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Préambule

Ce mémoire décrit mes activités de recherche depuis la fin de ma thèse
en 2004. Celles-ci se sont déroulées au Service de Recherches de Métallurgie
Physique (SRMP) du CEA Saclay avec également une période de mise à
disposition de deux ans dans l’équipe Métallurgie Physique et Génie des
Matériaux de l’Unité Matériaux et Transformations (UMET, Univ. Lille 1).

Dans la continuité de ma thèse, j’ai tout d’abord travaillé sur la modélisa-
tion des cinétiques de précipitation en m’attachant à effectuer le changement
d’échelle entre les simulations atomiques et les microstructures de précipi-
tation qu’il est possible de caractériser expérimentalement (observations en
microscopie électronique à transmission, mesure de résistivité électrique, . . .).
Ce travail de modélisation reposant sur la dynamique d’amas n’est pas repris
dans ce manuscrit mais est décrit dans les articles [1, 2] ainsi que dans une
contribution [3] à un volume de l’ASM Handbook. La plupart de mes tra-
vaux se sont ensuite concentrés sur l’étude du comportement plastique des
métaux par une modélisation des propriétés des dislocations.

Le comportement plastique des matériaux cristallins est principalement
régi par les dislocations. Si la théorie élastique parvient parfaitement à mo-
déliser nombre de leurs propriétés [4], notamment les interactions à longue
distance, le cœur des dislocations joue également un rôle important. Ainsi
la structure de cœur des dislocations est un élément déterminant du plan
de glissement et la friction de réseau (barrière et contrainte de Peierls) est
un exemple de propriété clef, pilotée par le cœur, ne pouvant être abor-
dée par l’élasticité. Bien entendu, certaines techniques expérimentales, telle
que la microscopie électronique à haute résolution, permettent d’accéder aux
propriétés de cœur des dislocations. Cependant, ces caractérisations expéri-
mentales, souvent difficiles à mettre en œuvre, ne sont pas toujours possibles.
Petit à petit, les simulations atomiques se sont donc révélées être un outil
complémentaire pour l’étude des dislocations, autorisant une modélisation là
où la théorie élastique ne s’applique plus. Ces mêmes simulations atomiques
permettent de décrire les mécanismes élémentaires de la plasticité, telles que
les réactions entre dislocations, sans postuler a priori ces mécanismes.
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Préambule

Pour passer des propriétés de la dislocation isolée au comportement plas-
tique d’un volume élémentaire représentatif du monocristal, un changement
d’échelle est nécessaire. La Dynamique des Dislocations (DD), en modéli-
sant l’évolution d’une population de dislocations, constitue alors l’outil de
simulation adéquat. De telles simulations reposent sur une description des
interactions élastiques entre dislocations et utilisent des règles constitutives
permettant une description à l’échelle mésoscopique des propriétés de cœur
des dislocations telles que leur mobilité, se nourrissant ainsi des informations
acquises à l’échelle atomique.

Au cours de mes travaux, ces différents outils de simulation ont été utilisés
pour étudier la plasticité dans les métaux servant de matériaux de structure,
et plus particulièrement les métaux d’intérêt pour l’industrie nucléaire.

Dans les alliages ferritiques, utilisés dans les réacteurs à eau pressuri-
sée (REP) pour la cuve, ou les alliages de zirconium, utilisés dans ces mêmes
REP pour la gaine et les assemblages de combustible, la plasticité est contrô-
lée à basse température par le glissement des dislocations vis. Les simulations
atomiques permettent aujourd’hui d’envisager d’avoir une description quan-
titative des mécanismes élémentaires mis en jeu au cours de ce glissement
(description de l’activation thermique, de l’influence de l’état de contrainte,
. . .). Ces simulations atomiques, notamment les calculs ab initio, ont donc
été utilisées pour caractériser les propriétés de cœur des dislocations dans
ces deux métaux de transition, le fer et le zirconium. Ceci s’est accompagné
d’un travail de développement en théorie élastique afin de construire une
approche quantitative apte à modéliser les dislocations.

À haute température, les mouvements de dislocation autres que le glis-
sement simple deviennent importants pour comprendre le développement de
la déformation plastique. La montée des dislocations, correspondant à un
déplacement des dislocations à composante coin dans une direction perpen-
diculaire à leur plan de glissement, est, avec le glissement dévié, un de ces
mécanismes opérant à haute température. Une étude à différentes échelles
des mécanismes mis en jeu au cours de la montée des dislocations a été en-
treprise dans l’optique de prendre pleinement en compte ce mécanisme dans
des simulations de DD, et par conséquent mieux modéliser la déformation à
chaud.

Ce mémoire décrit tout d’abord les différentes méthodes de simulation
atomique adaptées à l’étude des dislocations, en mettant l’accent sur celles
compatibles avec des calculs ab initio (chap. 1). Nous montrons ensuite qu’il
est possible, via une définition rigoureuse de l’énergie élastique, d’extraire de
ces simulations atomiques l’énergie de cœur d’une dislocation et d’en étudier
donc les variations, en particulier la variation ayant lieu au cours du glisse-
ment et responsable de la friction de réseau (chap. 2). L’approche atomique
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Préambule

ainsi développée est utilisée pour étudier les propriétés de cœur des disloca-
tions dans le fer (chap. 3 et 4) et dans le zirconium (chap. 5). Nous étudions
ensuite l’interaction d’une dislocation avec un défaut ponctuel (lacune ou
atome de soluté) afin de dégager les ingrédients minimaux permettant de
modéliser une telle interaction (chap. 6). L’étude porte enfin sur la montée
des dislocations, tout d’abord à l’échelle atomique (chap. 7), avant de voir
comment cette montée peut être prise en compte dans des simulations de
DD (chap. 8).
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Chapitre 1

Simulation à l’échelle atomique
des dislocations

Nous décrivons dans ce chapitre les aspect spécifiques des simulations
atomiques permettant d’étudier les propriétés des dislocations. Nous nous
intéressons plus particulièrement à la dislocation rectiligne infinie et l’échelle
de modélisation à laquelle nous nous plaçons est celle de la dislocation iso-
lée. Le but est principalement de développer une approche de modélisation
compatible avec les calculs ab initio, afin d’utiliser ensuite ces calculs pour
étudier les dislocations. Les propriétés des dislocations que nous souhaitons
étudier in fine sont :

— les structures de cœur (description par exemple d’éventuels étale-
ments de la dislocation dans des plans cristallographiques particu-
liers),

— les énergies de cœur, et plus particulièrement les différences d’éner-
gie de cœur lorsque plusieurs configurations sont possibles pour une
dislocation,

— les barrières énergétiques que la dislocation doit surmonter pour se
mettre en mouvement, en particulier la barrière de Peierls dans le cas
du glissement simple,

— la modification par des impuretés de la structure de cœur de la dislo-
cation et les énergies d’interaction. . .

Les outils de modélisation élastique allant de paire avec ces simulations
atomiques sont également brièvement décrits à la fin de ce chapitre.

1.1 Dislocations et conditions aux limites

Les techniques de simulations atomiques, que l’énergie soit obtenue par
calcul ab initio ou à l’aide d’un potentiel empirique, nécessitent généralement
des conditions aux limites particulières pour simuler les dislocations.

Tout d’abord, il est préférable d’utiliser des conditions aux limites pé-
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(a) x

y

z (b) x

y

z

Figure 1.1 – Représentation schématique (a) d’une dislocation coin isolée
et (b) d’un dipôle de dislocations coin. Un problème de raccordement des
plans atomiques apparaît sur les bords de la boîte de simulation dans le cas
(a).

riodiques dans les trois dimensions pour modéliser les solides. Ce type de
conditions aux limites permet de ne pas introduire de surfaces dans le sys-
tème qui, de part le faible volume qui peut être simulé, risquent de fortement
influencer les propriétés que l’on souhaite étudier, masquant ainsi les réelles
propriétés de volume du matériau. Malheureusement, il n’est pas possible
d’avoir une boîte de simulation ne contenant qu’une seule dislocation avec
des conditions aux limites tri-périodiques. Cela apparaît clairement sur la
Fig. 1.1(a) représentant une dislocation coin où on voit que le demi-plan
supplémentaire introduit pour créer la dislocation empêche de raccorder pé-
riodiquement la boîte de simulation dans la direction y sans créer un autre
défaut. Ce problème n’est pas spécifique à la modélisation d’une dislocation
coin. Pour que l’application de conditions aux limites tri-périodiques soit
possible, il faut qu’un circuit de Burgers réalisé sur l’ensemble de la boîte
conduise à un vecteur nul, comme sur la Fig. 1.1(b).

Une autre caractéristique des dislocations qu’il est nécessaire de prendre
en compte dans les simulations atomiques est leur champ élastique à longue
distance. En effet, le déplacement élastique induit par une dislocation varie
en ln (r), où r est la distance à la ligne de dislocation [4]. Ce champ élastique
ne s’annule donc pas à longue distance, et doit être pris en compte dans le
choix des conditions aux limites des simulations atomiques.

Différentes méthodes de simulations atomiques ont été développées pour
répondre à ces problèmes de conditions aux limites posés par les dislocations.
Nous les décrivons brièvement afin de souligner les avantages et inconvénients
de chaque méthode, et justifier par la suite le choix de la méthode retenue
pour chaque cas étudié.

1.1.1 Agrégat à bords fixes

La technique la plus simple à mettre en œuvre pour étudier une dislo-
cation rectiligne par simulation atomique consiste à utiliser un cylindre de
longueur infinie. La dislocation est placée au centre du cylindre, la ligne de
dislocation correspondant à l’axe du cylindre (Fig. 1.2a). Celle-ci est créée
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Simulation à l’échelle atomique des dislocations

en imposant sur tous les atomes le champ de déplacement de Volterra de
la théorie élastique anisotrope. Des conditions aux limites périodiques sont
imposées seulement dans la direction de la ligne de dislocation, suivant z
sur la figure 1.2a. Les atomes à la surface du cylindre sont maintenus fixes,
dans la position prédite par la théorie élastique (région (2) sur la Fig. 1.2a),
tandis que les atomes à l’intérieur du cylindre sont relaxés de façon à annu-
ler les forces atomiques (région (1)). L’épaisseur d de la région (2) doit être
choisie suffisamment grande pour que les atomes à l’intérieur dans la région
(1) n’interagissent pas avec le vide à l’extérieur du cylindre. Cette méthode
permet donc théoriquement de simuler une dislocation isolée dans un cristal
infini.

(a)
y

z
x

(1)

(2)

d

(b) z

y

x

(1)

(2)

(3)

Figure 1.2 – Représentation schématique de la boîte de simulation utilisée
pour modéliser une dislocation rectiligne dans l’approche agrégat (a) avec
des bords fixes, (b) avec des bords flexibles.

Cette méthode présente cependant un certain nombre d’inconvénients.
Tout d’abord elle suppose que le champ élastique créé par la dislocation est
uniquement donné par la solution de Volterra calculée en élasticité linéaire.
Ceci n’est vrai qu’au premier ordre : les effets liés au cœur de la disloca-
tion, comme une dissociation en partielles, un possible étalement ou tout
simplement sa structure atomique, ainsi que l’anharmonicité du matériau
entraînent un champ élastique supplémentaire. Ce champ de cœur décroît
plus rapidement que le champ de Volterra, mais si la boîte de simulation
n’est pas suffisamment grande, il n’est pas forcément négligeable dans la
région (2) et il faudrait donc en tenir compte pour fixer les atomes.

L’autre point faible de la méthode tient au fait que les atomes du bord
(région (2)) sont fixés en supposant la dislocation à l’origine. Si la dislocation
se déplace au cours de la simulation, les conditions aux limites ne seront plus
compatibles avec la position de la dislocation. C’est le cas en particulier si on
utilise cette méthode pour calculer la contrainte de Peierls. À mesure qu’une
contrainte, ou une déformation, est appliquée sur la boîte de simulation, la
dislocation sort du fond de sa vallée de Peierls et la position des atomes du
bord ne correspond plus à la position de la dislocation. Ceci entraîne une
contrainte supplémentaire s’opposant au mouvement de la dislocation. Au
final, la contrainte de Peierls obtenue avec ces conditions aux limites est
forcément surestimée [5].
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Chapitre 1

En pratique, on parvient généralement à atteindre des tailles de boîte
suffisamment grandes avec les potentiels empiriques pour que ces artefacts
deviennent négligeables, mais le problème demeure crucial avec les calculs
ab initio.

1.1.2 Agrégat à bords flexibles

Les artefacts liés aux bords fixes de la méthode précédente peuvent être
supprimés en suivant l’approche proposée par Sinclair et al. [6]. Pour cela, on
utilise la théorie du solide harmonique, et plus particulièrement les fonctions
de Green de réseau Gij(~r). Ces fonctions permettent d’obtenir le déplacement
~u en un point ~r créé par une force ~F à l’origine :

ui(~r) = Gij(~r)Fj . (1.1)

Ces fonctions peuvent être obtenues par inversion des matrices de constantes
de force [7], ou bien calculées initialement dans le cristal parfait et tabulées
[8]. La théorie élastique permet également de les calculer dans la limite r →
∞ à partir des seules constantes élastiques (fonctions de Green élastiques) [9].

On utilise la même géométrie d’agrégat que précédemment, mais le cy-
lindre est désormais divisé en trois zones (Fig. 1.2b). Dans la zone (1), les
atomes sont relaxés jusqu’à ce que leurs forces soient nulles tandis que les
atomes des zones (2) et (3) sont maintenus fixes. À la fin de cette étape, des
forces sont apparues dans la zone (2), traduisant le fait que les conditions
aux limites ne sont pas exactement compatibles avec le champ élastique de la
dislocation. On utilise alors les fonctions de Green pour déplacer les atomes
dans l’ensemble du cylindre en fonction des forces de la zone (2). Ceci a pour
effet d’annuler ces forces. L’ensemble de ces opérations est ensuite réitéré 1

jusqu’à ce que les forces s’annulent complètement dans les zones (1) et (2).
La zone (3) sert de tampon afin que les forces apparaissant dans la zone
(2) soient uniquement dues à la présence de la dislocation et ne soient pas
perturbées par la présence d’une surface extérieure.

Cette méthode modélise donc à l’échelle atomique une dislocation iso-
lée dans un cristal infini en prenant correctement en compte la réponse du
continuum élastique. Elle permet d’étudier les cœurs de dislocation et de cal-
culer précisément les contraintes de Peierls avec un nombre limité d’atomes
généralement compatible avec les calculs ab initio [10, 11].

Si les conditions de bords flexibles permettent de correctement traiter
le champ élastique de la dislocation, d’autres problèmes liés à la présence
d’une surface peuvent persister dans ces méthodes d’agrégat, notamment
lorsqu’elles sont utilisées dans des calculs ab initio. Ainsi, l’interaction des
atomes de surface avec le vide peut perturber la structure électronique, intro-
duisant par exemple de nouvelles bandes dans le gap d’un semi-conducteur.

1. Ce cycle autocohérent est nécessaire car les fonctions de Green utilisées sont celles
du cristal parfait et ne font donc qu’approximer celles du cristal disloqué.
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Simulation à l’échelle atomique des dislocations

En outre, dans les calculs ab initio, le potentiel interatomique ne possède pas
de rayon de coupure. Il devient dès lors impossible de séparer la contribution
énergétique de la surface de celle de la dislocation, ce qui exclut le calcul ab
initio de grandeurs énergétiques comme l’énergie de cœur de la dislocation. Il
n’est donc pas possible d’avoir accès avec cette méthode à des informations
telles que les barrières énergétiques s’opposant au mouvement de la dislo-
cation (barrière de Peierls pour le glissement simple par exemple). Cette
restriction propre au calcul ab initio pourrait être levée avec le développe-
ment de méthodes [12] permettant de projeter localement l’énergie et donc
de définir l’énergie d’un défaut. Cependant, l’application de ces méthodes à
l’étude des dislocations reste encore à faire.

Soulignons enfin qu’il s’agit avant tout d’une méthode de statique molé-
culaire permettant d’étudier une dislocation isolée à 0 K, et que la méthode
est peu adaptée à des configurations plus complexes qu’une seule dislocation
ainsi qu’à des études dynamiques à température non nulle.

1.1.3 Dipôle en conditions aux limites tri-périodiques

Pour pouvoir complètement s’affranchir des effets de surface et utiliser
des conditions aux limites périodiques dans les trois directions, il est néces-
saire d’introduire un dipôle de dislocations dans la boîte de simulation. On
modélise ainsi un réseau bi-périodique de dislocations (Fig. 1.3).

Figure 1.3 – Dipôles de dislocations en conditions aux limites périodiques.
~A est le vecteur surface définissant la coupe du dipôle. ~U1 et ~U2 sont les
vecteurs de périodicité de la cellule.

Plusieurs arrangements périodiques de dislocations peuvent être utilisés.
Néanmoins, l’arrangement dit quadripolaire, tel que celui représenté sur la
figure 1.3, présente des avantages. Il se caractérise par le fait que le vecteur
séparant les deux dislocations de signe opposé vaut 1/2 (~U1 + ~U2), ~U1 et ~U2

étant les vecteurs de périodicité de la cellule de simulation dans le plan or-
thogonal à la ligne de dislocation. Ainsi, chaque dislocation est un centre
de symétrie du réseau périodique : plaçant arbitrairement l’origine au centre
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Chapitre 1

d’une dislocation, si une dislocation de vecteur de Burgers ~b se trouve en ~r,
une dislocation de vecteur de Burgers ~b se trouve également en −~r, si bien
que la contrainte du champ élastique de Volterra créé par chacune de ces
deux dislocations se compense exactement à l’origine. Il en résulte que cet
arrangement quadripolaire du réseau périodique minimise les interactions
entre dislocations. Il est en général l’arrangement à privilégier dans les si-
mulations atomiques, en particulier pour les calculs ab initio, comme nous
le verrons au chapitre 4 pour la dislocation vis dans le fer.

L’avantage des conditions aux limites tri-périodiques réside dans l’ab-
sence de surface. Toute l’énergie d’excès calculée par simulation atomique
est donc due à la présence des dislocations dans la boîte de simulation. Une
part de cette énergie provient de l’interaction élastique entre les deux dislo-
cations composant le dipôle, ainsi qu’avec l’ensemble de leurs images pério-
diques. Comme nous le verrons au §1.2, la théorie élastique des dislocations
peut être utilisée pour calculer cette contribution élastique à l’énergie d’ex-
cès, et en déduire ensuite les propriétés intrinsèques des dislocations comme
leur énergie de cœur.

On peut montrer [13] que la contrainte homogène σij s’exerçant sur la
boîte de simulation pour une déformation totale imposée εkl est donnée par

σij = Cijkl

(

εkl − ε0kl
)

, (1.2)

où Cijkl est le tenseur des constantes élastiques. ε0kl est la déformation plas-
tique nécessaire à la création du dipôle de dislocations. Pour un dipôle de
vecteurs de Burgers ~b et surface de coupe ~A (Fig. 1.3), cette déformation
plastique s’écrit

ε0kl = −bkAl + blAk

2S
, (1.3)

S étant la surface de la boîte de simulation perpendiculairement à la ligne
de dislocation (S = |(~U1 × ~U2) · ~ez| sur la figure 1.3).

L’équation 1.2 permet donc de déterminer quelle déformation εkl imposée
à la boîte de simulation pour obtenir une contrainte donnée. En particulier,
pour effectuer des simulations à contrainte nulle, on impose une déformation
venant annuler la déformation plastique : εkl = −ε0kl.

Lorsque des variations de contrainte sont observées dans nos simulations
atomiques, cette même équation pourra être utilisée pour relier ces variations
de contrainte à des variations du vecteur coupe ~A, et donc à des variations de
la position des dislocations. En effet, si on observe une contrainte σij dans
la boîte de simulation pour une déformation imposée εkl, on en déduit la
déformation plastique

ε0kl = εkl − Sklijσij , (1.4)

les complaisances élastiques Sklij étant l’inverse du tenseur des constantes
élastiques. 2 Le vecteur coupe ~A du dipôle de dislocations se déduit ensuite

2. SklijCijmn = 1
2
(δkmδln + δknδlm).
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de cette déformation plastique grâce à

A1 = −2S

b

(

ε01lbl −
b1
2b2

bkε
0
klbl

)

A2 = −2S

b

(

ε02lbl −
b2
2b2

bkε
0
klbl

)

.

Ce vecteur ~A a pour coordonnée (y1D−y2D, x
2
D−x1D), avec (x1D, y

1
D) et (x2D, y

2
D)

les coordonnées des dislocations de vecteur de Burgers respectivement +~b et
−~b. Cette relation entre contrainte et position des dislocations sera utilisée
pour définir la position des dislocations lors du calcul des potentiels de Peierls
sous contrainte (annexe C).

Les conditions aux limites tri-périodiques sont très répandues pour la mo-
délisation ab initio des dislocations car elles permettent d’avoir accès à des
grandeurs énergétiques. Ces mêmes conditions au limites peuvent être égale-
ment utilisées dans des simulations de dynamique moléculaire pour étudier
la dynamique des dislocations à différentes températures. On impose alors
soit une déformation sur la boîte de simulation, soit une contrainte grâce à
l’algorithme de Parrinello-Rahman. Cependant, comme les deux dislocations
composant le dipôle ont un vecteur de Burgers opposé, elles glissent en sens
opposé. La position relative des dislocations évoluant au cours de la dyna-
mique, leur interaction n’est pas constante. Ceci peut-être problématique,
en particulier dans les boîtes de simulation de petite taille, puisque la force
s’exerçant sur chacune des dislocations varie au cours de la simulation.

1.1.4 Dislocation en conditions aux limites semi-périodiques

Le problème de cette interaction entre dislocations variant au cours de la
dynamique peut être résolu en se contentant d’imposer des conditions aux
limites périodiques le long de la dislocation et dans la direction de glisse-
ment et en gardant des surfaces dans la direction perpendiculaire au plan
de glissement (Fig. 1.4). Il est alors possible d’introduire dans la boîte de
simulation une seule dislocation [14,15] et de la faire glisser indéfiniment, les
conditions aux limites dans la direction de glissement étant transparente au
passage de la dislocation. En outre, l’environnement vu par la dislocation
n’est pas modifié quand celle-ci se déplace.

Les simulations peuvent se faire à déformation imposée en contrôlant le
déplacement des atomes en surface (zones en gris sur la figure 1.4), ou bien à
contrainte imposée en appliquant une force extérieure sur ces mêmes atomes.

Le fait d’utiliser des conditions aux limites périodiques dans la direc-
tion de glissement en n’ayant qu’une seule dislocation, et donc un circuit de
Burgers non fermé, nécessite d’imposer une déformation inhomogène sur la
boîte de simulation (cf. Fig. 1.4 pour une dislocation de type coin). L’inter-
action de ce champ de déformation avec la dislocation sera minimale si cette
dernière se trouve à égale distance des deux surfaces [14].
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y

x

z

Figure 1.4 – Boîte de simulation avec conditions aux limites périodiques
suivant x et z, et surfaces contrôlées suivant y. Le trait pointillé schématise
la boîte de simulation après introduction de la dislocation (ici coin) et avant
imposition des conditions aux limites périodiques suivant x. Les zones de
surface en gris servent à imposer une déformation ou une contrainte.

Ce type de conditions aux limites est bien adapté à l’étude de la dyna-
mique d’une ou de quelques dislocations avec un potentiel empirique. Pour les
études statiques en calcul ab initio, on se heurte au même problème qu’avec
les méthodes d’agrégat puisque la non localité de l’énergie calculée ab initio
et la présence de surfaces empêche d’isoler la contribution énergétique de la
dislocation.

1.2 Dislocation et théorie élastique

En parallèle de la simulation atomique des dislocations, il s’avère utile,
voire indispensable, de construire des outils de modélisation en théorie élas-
tique de ces mêmes dislocations. Ceci permet par exemple de construire les
configurations initiales utilisées dans les simulations atomiques en imposant
sur chaque atome le déplacement prédit par la théorie élastique. La com-
paraison du champ de déplacement obtenu après relaxation par simulation
atomique avec le champ élastique peut permettre également d’identifier les
ingrédients à rajouter à la théorie élastique des dislocations pour obtenir une
description plus quantitative (cf. chap. 4 sur le champ de cœur de la disloca-
tion vis). Cette même théorie élastique permet, dans le cas de conditions aux
limites tri-périodiques (§1.1.3), de calculer l’énergie élastique emmagasinée
dans la boîte de simulation pour la retrancher de l’énergie d’excès obtenue
par simulations atomiques.

Dans cette perspective, nous avons développé un code, Babel, adapté
à la simulation des dislocations rectilignes infinies reposant sur la théorie
élastique anisotrope des dislocations. La prise en compte de l’anisotropie
élastique se fait grâce au formalisme de Stroh [16, 17]. La méthode de régu-
larisation des sommes conditionnellement convergentes proposée par Cai et
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al. [18] a été implémentée afin de calculer les champs élastiques des disloca-
tions dans le cas de conditions aux limites périodiques. Ce code permet donc
d’obtenir le champ élastique de Volterra (déplacement et contrainte) d’une
ou plusieurs dislocations, soit isolées, soit dans un réseau périodiques, et éga-
lement de calculer l’énergie élastique correspondante. Les développements en
théorie élastique des dislocations décrits dans ce manuscrit, contribution des
tractions de cœur à l’énergie élastique (chap. 2) et modélisation du champ
de cœur (chap. 4), ont été implémentés dans ce code.

Outre les travaux décrits dans ce manuscrit, ce code a permis
— l’étude des propriétés de cœur des dislocations vis dans les métaux

de transition cubique centré [19,20],
— l’étude de la diffusion d’un atome de carbone dans le champ de con-

trainte d’une dislocation dans le fer [21–23],
— la construction de joints de grains de faible désorientation dans SiC

[24],
— la construction de dipôles de dislocations coins dans UO2. [25]
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Chapitre 2

Énergie élastique, tractions de
cœur et énergie de cœur

Article associé:

Clouet E. Elastic energy of a straight dislocation and contribution
from core tractions. Philos. Mag. 89 (2009), p. 1565.

Nos simulations atomiques nous permettent d’obtenir l’énergie d’excès
d’une microstructure donnée de dislocations. Comme notre but est principa-
lement de caractériser les propriétés d’une dislocation isolée, notamment son
interaction avec le réseau périodique des atomes, il est nécessaire de retran-
cher de cette énergie d’excès l’énergie élastique qui contient l’interaction des
différentes dislocations présentes dans la simulation, en particulier celles in-
troduites par les conditions aux limites périodiques. Il nous faut donc pouvoir
calculer l’énergie élastique et pour que ce calcul soit quantitatif, l’anisotro-
pie élastique doit être prise en compte. Dans cette perspective, nous avons
développé une expression analytique d’une des deux contributions à l’éner-
gie élastique, la contribution des tractions de cœur, en prenant pleinement
en compte l’anisotropie élastique [26] grâce au formalisme de Stroh [16, 17].
Cette contribution, bien que souvent ignorée, s’avère nécessaire pour défi-
nir l’énergie élastique de façon non ambiguë. Seule une expression de cette
contribution dans l’approximation isotrope de la théorie élastique existait
auparavant [27].

Dans ce chapitre, nous définissons les différentes contributions à l’énergie
élastique d’une dislocation, dans le but ensuite de clairement partitionner
l’énergie de la dislocation entre énergie élastique et énergie de cœur. Afin
de ne pas alourdir inutilement le texte, nous utilisons la théorie élastique
isotrope pour caractériser les différentes contributions à l’énergie élastique.
Les développements en théorie élastique anisotrope ne sont pas repris ici,
l’expression anisotrope de la contribution élastique des tractions de cœur
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pouvant être retrouvée dans l’article paru en 2009 dans Phil. Mag. [26]. Une
étude sur la dislocation coin dans le fer et une autre sur la dislocation vis
dans le zirconium nous servent ensuite d’illustration. Ces études montrent
que grâce à une définition correcte de l’énergie élastique, il est possible de
définir une énergie de cœur de la dislocation ne dépendant pas des conditions
de simulation. Cette énergie de cœur est donc une propriété intrinsèque de
la dislocation.

2.1 Énergie élastique d’une dislocation

Pour définir l’énergie élastique d’une ou de plusieurs dislocations, on
considère que le champ élastique créé par une ligne de dislocation se réduit
à la solution de Volterra. Il s’agit du terme principal dans les développe-
ments en série des champs de déplacement et de contrainte, terme minimal
obéissant aux lois d’équilibre mécanique et conduisant à une discontinuité de
déplacement. Les champs élastiques à plus courtes distance, champs de cœur
comme celui créé par une possible dilatation du cœur (cf. chap. 4), ne sont
pas pris en compte ici. L’énergie élastique est alors donnée par l’intégrale de
la densité d’énergie σijεij sur tout le volume, à l’exception d’une région de
cœur autour des lignes de dislocation. Cette région de cœur exclut la région
où l’élasticité ne peut pas être appliquée car les déformations y sont trop
importantes. Nous reprenons la convention classique [4,28] qui considère un
cylindre de rayon rc pour isoler cette région de cœur. Grâce au théorème de
Gauss, l’énergie élastique peut être décomposée en deux contributions :

— celle correspondant à l’intégrale le long de la discontinuité de déplace-
ment du travail des forces nécessaires pour créer la dislocation. Cette
contribution varie avec le logarithme d’une distance caractéristique
de la microstructure de dislocations.

— la contribution des tractions de cœur, correspondant au travail des
forces de traction sur le cylindre qui isole le cœur de la dislocation.

La contribution de la discontinuité de déplacement domine généralement
l’énergie élastique. Par conséquent, il est très courant que elle seule soit
considérée. Cependant, pour une définition correcte de l’énergie élastique,
ces deux contributions doivent être prises en compte. Sans la contribution
des tractions de cœur, l’énergie élastique n’est plus une variable d’état et
ses variations ne correspondent plus au travail des forces de Peach-Koehler
comme nous le verrons un peu plus loin.

2.1.1 Dipôle de dislocations

Pour illustrer plus clairement les deux contributions intervenant dans
l’énergie élastique, nous considérons un dipôle de dislocations infinies recti-
lignes. La première dislocation, de vecteur de Burgers ~b, se situe à l’origine
et la seconde dislocation, de vecteur de Burgers −~b, au point repéré par ses
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Figure 2.1 – Définition des surfaces d’intégration pour le calcul de l’énergie
élastique d’un dipôle de dislocations.

coordonnées cylindrique (d, φ) (Fig. 2.1). À noter que les surfaces de discon-
tinuité créées par chaque dislocation ne correspondent pas forcément à leur
plan de glissement, mais sont orientées afin de s’annuler respectivement en
dehors du dipôle. Ainsi, il n’y a pas de discontinuité de déplacement loin du
dipôle et le système peut être isolé mécaniquement.

L’énergie élastique créée par le dipôle dans un milieu infini est

Eelas
dipole =

1

2

y

V

(

σ
(1)
ij + σ

(2)
ij

)(

ε
(1)
ij + ε

(2)
ij

)

dV ,

où σ(n) et ε(n) sont la contrainte et la déformation créées par la dislocation n.
Le volume d’intégration est le volume infini à l’exclusion des deux cylindres
de rayon rc isolant les cœurs de dislocation.

Le théorème de Gauss permet de réécrire cette intégrale de volume en
intégrale de surface

Eelas
dipole =

1

2

x

S

(

σ
(1)
ij + σ

(2)
ij

)(

u
(1)
i + u

(2)
i

)

dSj ,

avec ~u(n) le déplacement de la dislocation n. La surface d’intégration se com-
pose des deux surfaces cylindriques S(1)

c et S(2)
c isolant les cœurs, et les deux

surfaces S0− et S0+ permettant d’enlever la discontinuité de déplacement
(Fig. 2.1). L’intégration sur les deux cylindres de cœur conduit à la même
contribution

Eelas
c (φ) =

1

2

x

S
(1)
c

σ
(1)
ij u

(1)
i dSj =

1

2

x

S
(2)
c

σ
(2)
ij u

(2)
i dSj . (2.1)

L’énergie élastique du dipôle est alors

Eelas
dipole = 2Eelas

c (φ) + biK
0
ijbj ln

(

d

rc

)

, (2.2)
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où le facteur prélogarithmique fait intervenir le tenseur de Stroh K0, tenseur
s’exprimant à partir des constantes élastiques [16,17].

Pour un milieu isotrope, le tenseur de Stroh s’exprime à partir du module
de cisaillement µ et du coefficient de Poisson ν

K0 =
µ

2π (1− ν)





1 0 0
0 1 0
0 0 (1− ν)



 ,

où le cristal a été orienté de façon à faire correspondre la direction ~e3 avec
la ligne de dislocation (Fig. 2.1). La contribution des tractions de cœur est
donnée par Bullough et Foreman [27]. En supposant que l’axe ~e1 est colinéaire
avec la composante coin du vecteur de Burgers (b2 = 0 donc), on obtient

Eelas
c (φ) =

µb1
2

16π (1− ν)

[

1

1− ν
− 2 cos (2φ)

]

.

À noter que la contribution à l’énergie élastique des tractions de cœur ne
dépend pas du rayon de cœur rc. Cette contribution est nulle pour une dis-
location vis (b1 = 0) en théorie élastique isotrope. Si la discontinuité de
déplacement correspond au plan de glissement des dislocations (φ = 0 ou
φ = π), on retrouve l’expression donnée par Hirth et Lothe (Eq. (3-53) in
Ref. [4]).

2.1.2 Dislocation isolée

Figure 2.2 – Définition des surfaces d’intégration pour le calcul de l’énergie
élastique d’une dislocation isolée.

Si on souhaite définir l’énergie d’une dislocation infinie rectiligne isolée,
il est d’usage d’introduire un second cylindre de rayon R∞ centré sur la
dislocation et d’intégrer la densité d’énergie élastique sur le volume compris
entre les deux cylindres de rayon rc et R∞ (Fig. 2.2). En effet, comme une
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dislocation infinie rectiligne ne peut pas exister seule (il faut forcément un
autre défaut pour clore la discontinuité introduite par cette dislocation), son
énergie élastique intégrée sur un volume infinie diverge. Il faut donc adopter
une convention pour définir son énergie élastique et introduire une coupure
loin de la dislocation. Le théorème de Gauss conduit alors à l’énergie élastique

Eelas

dislo =
1

2

x

S

σijuidSj ,

où la surface d’intégration S se compose des deux surfaces S0− et S0+ bor-
nant la discontinuité, la surface cylindrique Sc isolant le cœur, et la surface
cylindrique S∞ à l’extérieur. Les intégrales sur ces deux dernières surfaces,
Sc et S∞, s’annulent en fait car les normales à ces surfaces sont orientées en
sens opposé [16, 17]. Il ne reste donc que la contribution de la discontinuité,
conduisant au résultat connu

Eelas
dislo =

1

2
biK

0
ijbj ln

(

R∞

rc

)

. (2.3)

Il n’y a donc pas de contribution des tractions de cœur dans ce cas.
Cependant, il apparaît clairement qu’il s’agit d’un artefact lié à la néces-
sité d’introduire une surface extérieure S∞ pour définir l’énergie élastique et
l’empêcher de diverger. La contribution à l’énergie élastique des tractions de
cœur se manifeste alors par un flux d’énergie du cœur vers la surface exté-
rieure. Le fait de vouloir définir l’énergie élastique d’une dislocation isolée,
alors que par définition un tel défaut ne peut pas exister seul, présente donc
des limitations.

2.1.3 Énergie élastique : variable d’état

Les premiers à avoir mis en évidence l’importance de la contribution
des tractions de cœur pour définir l’énergie élastique de dislocations sont
Bullough et Foreman [27]. Ils montrent qu’avec cette contribution l’énergie
élastique d’une boucle prismatique ne dépend pas du mécanisme envisagé
pour créer la boucle. Ils calculent cette énergie élastique en imaginant que
la boucle a été créée soit par glissement depuis l’infini sur son cylindre pris-
matique, soit par montée en la faisant croitre depuis son centre. La même
énergie élastique est obtenue au final quand toutes les contributions sont
bien prises en compte, montrant ainsi que l’énergie élastique est une variable
d’état.

L’importance des tractions de cœur apparaît également dans l’expérience
de pensée imaginée par Hirth et Lothe (Ref. [29] et § 8-3 in Ref. [4]). Consi-
dérons un dipôle de dislocations coins auquel on fait subir le cycle décris
sur la figure 2.3 et analysons la variation d’énergie le long de ce cycle avec
la théorie élastique isotrope. Le dipôle est tout d’abord créé avec les deux
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Figure 2.3 – Dipôle de dislocations coins subissant un cycle thermody-
namique réversible tel qu’imaginé par Hirth et Lothe (Ref. [29] et § 8-3 in
Ref. [4]).

dislocations sur le même plan de glissement. L’énergie à apporter au sys-
tème pour cette étape est 2Ecore + 2Eelas

c (φ = 0) avec Ecore l’énergie de
cœur, c’est-à-dire la partie de l’énergie d’excès de la dislocation qui ne
provient pas de son champs élastique. Une des deux dislocations est en-
suite déplacée suivant le cycle 1 → 2 → 3. Le travail des forces de Peach-
Koehler au cours de ce déplacement est µb2 (1− ν) /2π. Quand les disloca-
tions sont à une distance rc, le dipôle est détruit et on récupère l’énergie
2Ecore + 2Eelas

c (φ = π/2). La variation de l’énergie le long de ce cycle est
donc 2Eelas

c (φ = π/2)−2Eelas
c (φ = 0)+µb2 (1− ν) /2π = 0. L’état initial et

final de ce cycle étant identique, i.e. le cristal parfait, la variation d’énergie
au cours du cycle doit être nulle selon les principes de la thermodynamique.
La dernière relation montre que c’est la prise en compte de la contribution
des tractions de cœur qui permet à la variation d’énergie élastique d’être
nulle. Sans cette contribution, l’énergie élastique ne serait pas une variable
d’état en accord avec le travail des forces de Peach-Koehler. Notons qu’il
n’est pas nécessaire, pour définir sans ambiguïté l’énergie élastique, d’adop-
ter une description plus précise du cœur de la dislocation, comme le modèle
de Peierls-Nabarro ou le modèle de cœur standard de Lothe [30].

2.1.4 Théorie élastique anisotrope

Comme indiqué en introduction, il n’existait pas avant notre travail [26]
d’expression de la contribution à l’énergie élastique des tractions de cœur
prenant en compte l’anisotropie élastique. La variation de cette contribution
avec une rotation du plan de discontinuité était connue [18,31] : cette varia-
tion correspond en fait à la dépendance angulaire de l’énergie d’interaction
entre deux dislocations dérivée par Stroh [16] et peut être retrouvée en consi-
dérant le travail des forces de Peach-Koehler sur un dipôle [18]. Mais aucune
expression analytique de la valeur absolue de cette contribution n’était dispo-
nible. Les rares articles [32–35] qui considéraient cette contribution ainsi que
l’anisotropie élastique dans leurs calculs d’énergie élastique avaient recours
à une intégration numérique sur la surface du cylindre de cœur (Éq. 2.1).
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L’expression analytique que nous avons obtenue pour cette contribution
à l’énergie élastique des tractions de cœur est donnée par l’équation (16)
de la référence [26]. Cette expression repose sur le formalisme des équations
sextiques développé par Stroh [16, 17]. Nous montrons également dans cet
article que la variation de cette contribution avec l’angle définissant le plan
de discontinuité est en accord avec la dépendance angulaire de l’énergie d’in-
teraction entre deux dislocations dérivées par Stroh [16] ainsi que par Cai et
al. [18], et donc avec le travail des forces de Peach-Koehler.

Tout comme en élasticité isotrope, l’expression générale de Eelas
c (φ) est

indépendante du rayon de cœur rc : cette contribution dépend uniquement
de l’angle φ définissant l’orientation du plan de discontinuité. Outre les
propriétés de symétrie du cristal, cette contribution possède la symétrie
Eelas

c (φ) = Eelas
c (φ + π). Cette contribution ne dépend donc pas du sens

de la discontinuité par rapport à la dislocation. Enfin, la prise en compte
de l’anisotropie élastique fait que cette dislocation n’est pas forcément nulle
pour une dislocation vis.

2.2 Énergie de cœur

L’énergie élastique d’une dislocation étant décrite, il est possible à présent
de définir son énergie de cœur. L’énergie de cœur est la partie de l’énergie
d’excès de la dislocation provenant des interactions atomiques proches du
cœur de la dislocation qui ne peuvent pas être décrites par l’élasticité, les
déformations mises en jeu étant trop importantes. Il s’agit donc d’une contri-
bution supplémentaire venant s’ajouter à l’énergie élastique. Cette contribu-
tion correspondant à une densité d’énergie locale, l’énergie de cœur doit être
une propriété intrinsèque de la dislocation, c’est-à-dire que sa valeur doit dé-
pendre seulement de la dislocation considérée et non de son environnement,
en particulier les autres dislocations présentes. Il faut noter cependant que
l’énergie de cœur doit être définie pour un rayon de cœur rc donné. Ce rayon
partitionne l’énergie entre contribution de cœur et contribution élastique.

Li et al. [31] ont introduit l’idée que l’énergie de cœur devait dépendre
également du choix d’une direction de référence. Cette direction définit le
dipôle de dislocations utilisé pour extraire l’énergie de cœur de simulations
atomiques, donc la discontinuité de déplacement créée par la dislocation.
Le besoin d’associer une direction de référence à l’énergie de cœur provient
de l’omission la contribution des tractions de cœur Eelas

c (φ) dans l’énergie
élastique. Au final, ce n’est pas l’énergie de cœur Ecore, mais la somme
Ecore + Eelas

c (φ) qui est calculée, l’angle φ définissant la direction de réfé-
rence introduite par Li et al. [31]. Bien que ces deux quantités, Ecore et
Eelas

c (φ), soient associées à l’introduction d’un cylindre de cœur, elles sont
de nature complètement différente. L’énergie de cœur correspond réellement
à une énergie d’excès stockée au niveau du cœur de la dislocation, ce qui n’est
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pas le cas de Eelas
c (φ), contribution à l’énergie élastique dont la définition est

associée mathématiquement au cylindre de cœur via le théorème de Gauss,
sans que cela ne corresponde à une réalité physique. Il est donc plus logique
de définir séparément ces deux quantités afin de garder son caractère local à
l’énergie de cœur.

Nous montrons dans la suite avec deux exemples que la bonne prise en
compte de la contribution des tractions de cœur à l’énergie élastique conduit
à une énergie de cœur de la dislocation qui ne dépend pas des conditions de
simulation.

2.2.1 La dislocation coin dans le fer

Au cours du stage de master 1 de Benjamin Lemoine, nous avons étu-
dié par simulations atomiques les dislocations coin de vecteur de Burgers
1/2〈111〉 dans le fer cubique centré en utilisant le potentiel EAM développé
par Mendelev et al. [36]. L’énergie de cœur de la dislocation a été obtenue par
deux méthodes différentes, l’approche agrégat à bords fixes et l’approche di-
pôle en conditions aux limites périodiques. Ce travail nous a permis de mon-
trer que ces deux approches conduisent bien à la même valeur pour l’énergie
de cœur dès lors que la contribution à l’énergie élastique des tractions de
cœur est correctement prise en compte. Nous présentons ici les résultats
pour la dislocation coin de vecteur ligne 〈112〉, glissant donc dans un plan
{110}, le même travail ayant également été réalisé pour la dislocation coin
glissant dans les plans {112} [26].

Approche agrégat

Dans l’approche agrégat, une fois les positions atomiques relaxées, nous
calculons l’énergie d’excès E(R∞) créée par la dislocation dans un cylindre
de rayon R∞ centré sur la dislocation. Cette énergie d’excès est la différence
d’énergie entre le système avec une dislocation et le cristal parfait pour le
même nombre d’atomes. Pour une simulation donnée, nous calculons E(R∞)
pour différents rayons R∞ pris inférieurs au rayon maximal définissant l’agré-
gat cylindrique moins le rayon de coupure rcut du potentiel afin de s’assurer
que les atomes ne sont pas perturbés par la surface (Fig. 2.4).

Suivant la théorie élastique (Éq. 2.3), cette énergie d’excès varie avec le
rayon R∞ selon

E(R∞) = Ecore +
1

2
biK

0
ijbj ln

(

R∞

rc

)

. (2.4)

Dans cette expression, seule Ecore est inconnue, le préfacteur biK
0
ijbj étant

quant à lui calculé grâce au formalisme de Stroh [16, 17] afin de prendre
pleinement en compte l’anisotropie élastique. L’énergie de cœur Ecore est
donc obtenue par ajustement de cette expression sur les énergies d’excès
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Figure 2.4 – Calcul de l’énergie d’une dislocation coin 1/2〈111〉{110} dans
le fer avec l’approche agrégat (rc = b ∼ 2.473Å). Dans les simulations ato-
miques, l’énergie d’excès E(R∞) de la dislocation est obtenue par intégration
sur un cylindre de rayon R∞ (cf. schéma (a)). Les résultats des simulations
atomiques (symboles) sont comparées à la valeur prédite par la théorie élas-
tique (ligne continue) en (b) avec l’énergie de cœur ajustée. La contribution
élastique Eelas

dislo = 1/2biK
0
ijbj ln (R∞/rc) a été retranchée en (c) pour montrer

la convergence vers la constante Ecore.

extraites des simulations atomiques pour différents rayons R∞. On obtient
pour la dislocation coin 1/2〈111〉 {110} Ecore = 286meV Å−1 pour rc = b. On
remarque au passage le très bon accord entre théorie élastique et simulations
atomiques pour décrire l’énergie de la dislocation (Fig. 2.4).

Approche dipôle

Nous considérons ensuite des simulations atomiques d’un dipôle de dislo-
cations coins avec des conditions aux limites périodiques. Les deux disloca-
tions composant le dipôle partagent le même plan de glissement, i.e. φ = 0
(Fig. 2.5). Après relaxation de toutes les positions atomiques, l’énergie d’ex-
cès de la boîte de simulation doit pouvoir s’écrire

E = 2Ecore + 2Eelas
c (φ = 0) + biK

0
ijbj ln

(

d

rc

)

+ Eelas
inter, (2.5)

avec d = lx/2, la distance entre les deux dislocations composant le dipôle.
Eelas

inter est l’énergie élastique d’interaction entre le dipôle de la cellule élémen-
taire et ses images périodiques. Cette énergie d’interaction est calculée grâce
à la méthode de Cai et al. [18]. L’équation 2.5 permet donc de déduire des
simulations atomiques l’énergie de cœur : l’énergie d’excès E est directement
donnée par les simulations atomiques tandis que les différentes contributions
élastiques sont calculées grâce à notre code Babel de modélisation élastique
des dislocations.

Les énergies de cœur ainsi obtenues sont présentées sur la figure 2.5 pour
différentes tailles et différents facteurs de forme de la boîte de simulation.
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Figure 2.5 – Énergie de cœur d’une dislocation coin 1/2〈111〉{110} dans le
fer obtenue dans l’approche dipôle pour différentes tailles et différents fac-
teurs de forme de la cellule périodique. La valeur obtenue dans l’approche
agrégat (Fig. 2.4) est dénotée cluster et est représentée par la ligne horizon-
tale. Le schéma à gauche définit la cellule périodique utilisée.

Toutes les géométries convergent avec la taille de la simulation vers la même
limite correspondant à l’énergie de cœur obtenues dans l’approche agrégat.
Cet accord entre les deux méthodes pour définir l’énergie de cœur n’est
possible que grâce à la bonne prise en compte de la contribution à l’énergie
élastique des tractions de cœur, Eelas

c (φ = 0) = −87meV Å−1.

2.2.2 La dislocation vis dans le zirconium

Notre étude sur la dislocation vis 1/3〈12̄10〉{101̄0} dans le zirconium
[37] donne un autre exemple illustrant l’importance de correctement définir
l’énergie élastique pour pouvoir extraire de simulations atomiques l’énergie
de cœur. Dans cette étude, nous avons utilisé l’approche dipôle pour extraire
l’énergie de cœur d’une dislocation vis de vecteur de Burgers 1/3〈12̄10〉 dis-
sociée dans un plan prismatique {101̄0}. Deux arrangements périodiques dif-
férents ont été utilisés, l’arrangement O pour lequel la discontinuité de dépla-
cement est fixé par φ = 0 et l’arrangement S pour lequel φ ∼ 45◦ (Fig. 2.6).
Les résultats obtenus avec le potentiel EAM n◦3 de Mendelev et Ackland
[38] montrent que ces deux arrangements périodiques convergent bien aux
grandes tailles vers la même énergie de cœur (Fig. 2.6), Ecore = 163meV Å−1.
Sans la contribution des tractions de cœur à l’énergie élastique, une différence
de ∼ 10meV Å−1 aurait été obtenue entre ces deux arrangements.
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Figure 2.6 – Énergie de cœur d’une dislocation vis 1/3〈12̄10〉{101̄0} dans le
zirconium pour différentes tailles de boîte obtenue avec deux arrangements
périodiques différents.

2.3 Conclusion

Ce chapitre nous a permis de montrer qu’il était possible d’extraire des
simulations atomiques l’énergie de cœur d’une dislocation, propriété intrin-
sèque de la dislocation ne dépendant pas des conditions de simulation. Ceci
est réalisable grâce à la prise en compte de toutes les contributions compo-
sant l’énergie élastique, en particulier la contribution des tractions de cœur
pour laquelle nous avons développé une expression analytique prenant en
compte l’anisotropie élastique [26]. Nous allons pouvoir nous intéresser à
présent aux variations de cette énergie de cœur, que ce soient les variations
avec le caractère de la dislocation, ou bien les variations avec la position de
la dislocation lorsque celle-ci ne se trouve plus forcément dans sa position
d’équilibre au fond de sa vallée de Peierls.
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Propriétés de cœur des
dislocations mixtes dans le fer

La plasticité des métaux cubiques centrés (c.c.) à basse température est
principalement contrôlée par les dislocations vis à cause de leur contrainte
de Peierls élevée qui fait que ces dislocations sont difficiles à mettre en mou-
vement [39–41]. Ces dislocations, de vecteur de Burgers 1/2〈111〉 glissent
dans les plans de type {110}. Cependant, des dislocations mixtes ou coins,
dislocations dont la direction n’est pas colinéaire à leur vecteur de Burgers,
existent nécessairement : une boucle de dislocation, étant un défaut linéaire
fermé le long duquel le vecteur de Burgers est conservé, présente à la fois des
parties vis et non vis, même si les parties vis sont les plus importantes. Les
dislocations mixtes sont donc nécessaires à la propagation de la déformation
plastique dans le cristal de fer.

Nous avons étudié les propriétés de cœur des dislocations mixtes de vec-
teur de Burgers 1/2〈111〉 glissant dans les plans {110} dans le fer cubique
centré par l’intermédiaire de simulations atomiques. Ces propriétés de cœur,
comme l’énergie de cœur de la dislocation ou la barrière et contrainte de
Peierls, déterminent la mobilité de ces dislocations et également, en partie,
la forme des boucles de dislocation sous contrainte telles qu’elles peuvent
être observées en microscopie électronique à transmission [42]. Le but de
cette étude est de voir comment ces propriétés varient en fonction du carac-
tère de la dislocation, c’est-à-dire l’angle θ défini par le vecteur de Burgers
et le vecteur ligne. Ceci devrait nous permettre de confirmer que les disloca-
tions vis sont bien les plus difficiles à faire glisser et également de voir si les
orientations non vis peuvent avoir une influence sur la déformation plastique
dans le fer.

Dans ce chapitre, nous présentons principalement les résultats obtenus
avec le potentiel empirique de Mendelev et al. [36] au cours du stage de césure
(2ème année d’école d’ingénieur) de Mathilde Miguras. Comme cette étude a
révélé que l’orientation mixte pour laquelle θ ∼ 70.5◦ possède des propriétés
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particulières, nous avons également étudié plus en détails cette dislocation
mixte en effectuant pour celle-ci des calculs ab initio au cours du stage de fin
d’études de Mathieu Albagnac. Ce travail, pas encore complètement achevé
à l’heure actuel, sera brièvement abordé.

3.1 Système de glissement 1/2〈111〉{110} dans les
métaux cubiques centrés

3.1.1 Brève étude bibliographique

À basse température, les dislocations transportant la déformation plas-
tique dans les métaux cubiques centrés ont un vecteur de Burgers 1/2〈111〉
et glissent dans les plans {110}. Jusqu’à présent, la plupart des études à
l’échelle atomique des dislocations dans les métaux cubiques centrés se sont
concentrées sur les dislocations vis et peu d’études ont regardé d’autres orien-
tations de la dislocation. Ceci se justifie par le fait qu’expérimentalement,
on observe à basse température des microstructures de dislocation mettant
en évidence l’importance des dislocations vis : les boucles glissiles dans les
plans {110} présentent des parties vis rectilignes très allongées tandis que les
parties mixtes ou coins sont courbes [42]. Ceci s’explique par le fait que les
dislocations vis sont difficiles à mettre en mouvement. Elles contrôlent donc
le développement de la déformation plastique tandis que les autres orienta-
tions s’équilibrent instantanément par rapport au mouvement des vis. En
effet, les formes des boucles de dislocation observées en microscopie électro-
nique à transmission sont en très bon accord dans leur partie non vis avec
les formes d’équilibre prédites par un modèle de tension de ligne [42].

Expérimentalement, Seeger et al. [43,44] ont émis l’hypothèse qu’un des
pics de relaxation observés à basse température dans des expériences de frot-
tement interne sur des métaux cubiques centrés, le niobium et le vanadium,
était relié à la germination de doubles décrochements sur des dislocations
mixtes (pic de relaxation de type Bordoni). Ils proposent que les disloca-
tions mixtes de vecteur ligne 〈111〉, dislocations résidant dans une direction
dense du cristal mais dont le vecteur ligne n’est pas colinéaire avec le vec-
teur de Burgers, seraient à l’origine de ce pic. La contrainte de Peierls serait
donc plus élevée pour cette orientation que pour les autres caractères, tout
en restant plus basse que pour la vis, si bien qu’à très basse température le
glissement de cette dislocation mixte 〈111〉 serait thermiquement activé et
procéderait par la germination et la propagation de doubles décrochements,
tout comme pour la vis.

Wüthrich [45, 46] a étudié par simulations atomiques cette dislocation
mixte 〈111〉 dans le fer, en particulier sa structure de cœur ainsi que la
structure et l’énergie de formation des décrochements. En se basant sur le
potentiel empirique de Chang et Graham [47], il montre que la structure de
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cœur de cette dislocation mixte est non dégénérée et s’étale dans le plan
de glissement {110}. Deux types de décrochements, formant à eux deux un
double décrochement, existent. Ils s’étalent sur une distance de 3 à 4 b, b étant
la norme du vecteur de Burgers, et leur énergie de formation est inférieure à
0.1 eV pour l’un et de l’ordre de 0.5 eV pour l’autre.

Vitek et Yamaguchi [48, 49] ont étudié six orientations différentes non
vis de dislocations de vecteurs de Burgers 1/2〈111〉 glissant dans un plan
{110} pour un métal c.c. représenté par trois potentiels interatomiques dif-
férents. Toutes ces dislocations, quelque soit le potentiel, sont planaires et
parfaitement étalées dans le plan de glissement, l’extension de cet étalement
dépendant bien entendu du caractère de la dislocation et du potentiel in-
teratomique. Sous contrainte, l’étalement des cœurs augmente. Pour toutes
les orientations considérées, la contrainte de Peierls est environ 10 à 15 fois
inférieure à la contrainte de Peierls de la dislocation vis, quelque soit le
potentiel considéré. La dislocation mixte 〈111〉 a une contrainte de Peierls
sensiblement plus élevée que les autres orientations mixtes ou la coin, mais
l’écart n’excède pas un facteur 2.

Le même type d’étude a été réalisé par Cai et al. [40, 50] dans le molyb-
dène en utilisant un potentiel de type Finnis-Sinclair. Ils observent également
un étalement planaire des dislocations mixtes et coins, sans pouvoir toute-
fois mettre en évidence une dissociation comme avaient pu l’observer Vitek
et Yamaguchi. Ils obtiennent une contrainte de Peierls de 2.4 GPa pour la
vis, 320 MPa pour la mixte 〈111〉, et enfin de l’ordre de 20 à 30MPa pour les
autres orientations mixtes et la coin. Plus récemment, Kang et al. [51] ont
refait cette étude dans le tantale en calculant la contrainte de Peierls pour un
grand nombre d’orientations d’une dislocation 1/2〈111〉{110} toujours avec
un potentiel Finnis-Sinclair. Les conclusions sont les mêmes : une contrainte
de Peierls élevée pour la vis (2.8 GPa), la dislocation mixte 〈111〉 ayant la
contrainte de Peierls immédiatement inférieure (550MPa). Ces résultats sont
donc entièrement compatibles avec l’interprétation de Seeger et al. [43, 44]
de ses expériences de frottement interne.

Quelques études par simulations atomiques [26,52–58] se sont intéressées
exclusivement aux propriétés des dislocations coins glissant dans les plans
{110}. Ces études s’accordent pour dire que la contrainte de Peierls de la
dislocation coin est basse. Même si à très basse température le glissement
peut s’effectuer par germination et propagation de double décrochement, le
régime athermal est très vite atteint.

Notons enfin que des simulations de dynamique moléculaire de l’inter-
action dans le fer d’une dislocation coin avec une cavité [59], une bulle
d’hélium [60, 61] ou bien un précipité de chrome [62] tendent également à
indiquer l’existence d’une forte contrainte de Peierls pour l’orientation mixte
〈111〉. En effet, les dislocations coins ancrées sur ces défauts se courbent
sous l’effet de la contrainte appliquée, mais la courbure n’est pas régulière
et la dislocation présente des parties rectilignes dans l’orientation 〈111〉 à
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∼ 70◦ du vecteur de Burgers. Ces segments rectilignes sont la signature
d’une forte contrainte de Peierls pour l’orientation mixte 〈111〉 qui empê-
cherait la dislocation d’adopter sa forme d’équilibre pilotée par la tension
de ligne. L’existence ou non de ces segments rectilignes dépend du potentiel
interatomique utilisé : ils sont présents avec les deux versions du potentiel de
Mendelev [36, 63], mais n’existent pas avec le potentiel d’Ackland 1997 [64]
ni avec le potentiel de Dudarev et Derlet [65]. Il semble donc que, dans le fer,
seuls les potentiels [36, 63] conduisant à la bonne structure de cœur pour la
dislocation vis prédisent une forte contrainte de Peierls pour la dislocation
mixte 〈111〉. Comme ces segments mixtes rectilignes alignés dans les direc-
tions 〈111〉 ne sont visibles dans les simulations de dynamique moléculaire
qu’à très basse température (T < 100K), il semble en outre que la forte
contrainte de Peierls de la dislocation mixte 〈111〉 chute rapidement avec la
température. Ceci pourrait expliquer pourquoi cette orientation particulière
n’a pas été observée expérimentalement dans des essais de traction in situ.

3.1.2 Cristallographie

Figure 3.1 – Projection de la maille cubique centrée suivant la normale [1̄10]
au plan de glissement des dislocations. Les atomes appartenant aux différents
plans (1̄10) sont représentés par des cercles pleins ou vides. La ligne courbe
symbolise la ligne de dislocation de vecteur de Burgers ~b = 1/2[111]. Son
vecteur ligne ~l est défini localement par la tangente à la ligne de dislocation
et son caractère θ est donné par l’angle entre ~b et ~l.

Pour étudier les dislocations du système de glissement 1/2〈111〉{110},
nous choisissons par convention le vecteur de Burgers 1/2[111] et le plan
de glissement (1̄10). Le vecteur ligne ~l de la dislocation peut donc être tout
vecteur appartenant à ce plan (1̄10),~l = [111] par exemple pour la dislocation
vis ou ~l = [112̄] pour la coin. La figure 3.1 représente le cristal cubique centré
projeté dans la direction normale à ce plan de glissement. Le cristal est alors
constitué d’un empilement périodique de deux plans (1̄10) séparés d’une
distance

√
2. Notons sur cette figure l’existence de deux directions denses de

type 〈111〉 appartenant au même plan de glissement, les directions [111] et
[111̄] dans le cas du plan (1̄10) considéré ici.
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Le caractère de la dislocation est défini par l’angle θ formé par le vecteur
de Burgers et le vecteur ligne de la dislocation (Fig. 3.1), en prenant comme
origine le vecteur de Burgers. Une dislocation vis a donc un caractère nul et
une dislocation coin un caractère de π/2. Par convention, nous définissons
le signe de θ par rapport à la direction [1̄10]. Les propriétés des dislocations
présentant une périodicité de π, le caractère de la dislocation sera défini dans
l’intervalle restreint [0 : π].

3.2 Énergie de cœur
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Figure 3.2 – Énergie de cœur en fonction du caractère de la dislocation
(rc = b). Les symboles correspondent aux résultats des simulations atomiques
et les lignes pointillées à l’ajustement du modèle de décrochement (Éq. 3.1).

Les énergies de cœur des dislocations 1/2〈111〉{110} ont été calculées
pour différents caractères dans le fer en utilisant le potentiel EAM de Men-
delev et al. [36]. Les variations de ces énergies de cœur sont représentées sur
la figure 3.2 pour un rayon de cœur rc = b par convention. L’annexe A décrit
comment ces énergies de cœur peuvent être transférées dans des simulations
de dynamique des dislocations.

La dislocation vis est l’orientation pour laquelle l’énergie de cœur est
minimale. On remarque une dépendance linéaire de l’énergie de cœur avec
le caractère pour |θ| ≤ 35◦, tandis que cette énergie de cœur est presque
constante entre 35 et 145◦.

La dépendance linéaire de l’énergie de cœur en fonction du caractère
concerne les dislocations mixtes à forte composante vis. Elle s’explique par
le fait que ces dislocations s’alignent avec la dislocation vis pour minimiser
leur énergie, mais forment des décrochements afin de conserver leur carac-
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tère. L’énergie de cœur de ces dislocations mixtes est donc composée d’une
contribution correspondant à l’énergie de cœur des dislocations vis et d’une
contribution Ekink nécessaire pour former un décrochement. Si l est la dis-
tance séparant deux décrochements, la longueur de la dislocation mixte cor-
respondante est l/ cos (θ). L’énergie de cœur de la dislocation mixte doit
donc vérifier la relation

l

cos (θ)
Ecore(θ) = lEcore(0) + Ekink.

Le caractère θ est relié à la distance λP entre deux vallées de Peierls via la
relation λP = l tan (θ), ce qui permet d’écrire

Ecore(θ) = cos (θ)Ecore(0) + sin (θ)
Ekink

λP
.

Finalement, un développement au premier ordre en θ conduit à la relation
linéaire

Ecore(θ) = Ecore(0) + θ
Ekink

λP
. (3.1)

Cette formule peut être utilisée pour ajuster les énergies de cœur des
dislocations mixtes dans le domaine de variation linéaire. On obtient deux
valeurs d’énergie de décrochement : une valeur pour les décrochements la-
cunaires 1 (θ > 0◦) valant 311 meV ; une pour les interstitiels (θ < 180◦)
valant 280meV. Ces résultats, obtenus en approche agrégat (cf. §2.2), sont
du même ordre de grandeur (Tab. 3.1) que ceux obtenus en conditions aux
limites tri-périodiques par Ventelon et al. [66], une fois la correction élastique
appliquée pour prendre en compte les interactions élastiques entre disloca-
tions décrochées dans ce dernier cas (annexe B.2). Des valeurs similaires
ont également été obtenues par Rao [67] avec le même potentiel empirique
(Tab. 3.1). Il peut être surprenant de voir que différents auteurs n’obtiennent
pas exactement la même valeur. Cependant, comme noté par Hirth et Lothe
(chap. 8.5 dans [4] et chap. 6.3 dans [30]), l’énergie de formation d’un simple
décrochement n’est pas une grandeur bien définie. Le problème est similaire
à la définition de l’énergie de cœur d’une dislocation isolée. En effet, il n’est
pas possible de créer un décrochement sur une dislocation sans introduire
un second défaut pour fermer la discontinuité de déplacement ainsi intro-
duite, à moins de considérer une dislocation débouchant sur une surface. La
contribution énergétique provenant des conditions aux limites (interaction
du décrochement avec le second défaut ou contribution des forces images)
est du même ordre de grandeur que l’énergie de formation du décrochement.
Ceci explique donc la variabilité des valeurs données pour l’énergie de for-
mation d’un décrochement. Bien entendu, le problème ne se pose que pour
un simple décrochement, l’énergie de formation d’un double décrochement
étant parfaitement bien définie.

1. Les décrochements lacunaires et interstitiels sont respectivement dénommés droites
et gauches dans la référence [66]
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Décrochement V Décrochement I
ce travail 311 280
Ventelon et al. [66] a 350 250
Rao [67] 350 300

a. Après correction élastique afin de prendre en compte les conditions aux limites tri-
périodiques (annexe B.2)

Table 3.1 – Énergies de formation des décrochements interstitiels (I) et
lacunaires (V) sur une dislocation vis calculées dans le fer par différents
auteurs.

L’énergie de cœur dépendant du rayon de cœur rc pour laquelle elle
est définie, on peut se demander si il en est de même pour l’énergie de
formation d’un décrochement. On montre (annexe B.1) que le terme linéaire
apparaissant dans l’expression 3.1 de l’énergie de cœur d’une dislocation
mixte à forte composante vis ne dépend pas de rc, dès lors que l’énergie
élastique passe par un minimum pour l’orientation vis. Par contre, le terme
suivant dans le développement, terme proportionnel à θ2, dépend de rc. Par
conséquent, l’énergie de formation d’un décrochement est indépendante de
la valeur du rayon de cœur utilisée pour définir l’énergie de cœur. Par contre,
le domaine sur lequel une variation linéaire de l’énergie de cœur est observé
en dépend.

Les choses ne sont donc pas aussi simple dès lors qu’on souhaite définir
l’énergie de formation d’un décrochement pour une orientation où l’énergie
élastique n’est pas minimale. La méthode employée ici conduit alors à une
énergie de formation dépendant de la valeur choisie pour le rayon de cœur
rc.

3.3 Barrières de Peierls

Nous avons calculé les barrières de Peierls pour six dislocations différentes
du système de glissement 1/2〈111〉{110}. Cette barrière de Peierls est la bar-
rière énergétique que la dislocation doit franchir pour passer d’une position
stable (vallée de Peierls) à une autre position stable immédiatement voisine.
Nous utilisons pour ce calcul des conditions aux limites tri-périodiques et
donc un dipôle de dislocation. Le calcul est effectué avec un potentiel empi-
rique (potentiel EAM de Mendelev et Ackland [36]). Il serait donc possible
d’utiliser des conditions aux limites semi-périodiques afin de modéliser une
dislocation isolée [15,68]. Néanmoins, l’idée étant de développer une méthode
de calcul de la barrière de Peierls compatible avec les codes de calcul ab initio,
nous avons préféré garder des conditions aux limites tri-périodiques.

Nous utilisons la méthode NEB (Nudged Elastic Band) [69] pour le cal-
cul de la barrière. Entre l’état initial et l’état final, les deux dislocations, de
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Figure 3.3 – Schéma du réseau périodique de dislocations utilisé pour cal-
culer les barrières de Peierls hors contrainte. Les flèches blanches indiquent
le mouvement des dislocations.

signe opposé, ont été chacune déplacées d’une vallée de Peierls, ce déplace-
ment étant de même signe pour les deux dislocations (Fig. 3.3). Ceci permet
de maintenir constante, le long de la barrière, la distance entre les deux dis-
locations formant le dipôle. Il n’y a donc pas de variation d’énergie élastique
le long du chemin et la variation d’énergie obtenue par simulation atomique
correspond directement à la barrière de Peierls multipliée par le nombre de
dislocations et leur longueur. À noter que ceci n’a un sens que si la symétrie
du système de glissement est telle qu’il est équivalent pour une dislocation
de se déplacer dans le sens positif ou négatif. Ainsi la méthode s’applique
parfaitement au glissement d’une dislocation vis 1/2〈111〉 glissant dans un
plan {110}, mais pas dans un plan {112} à cause de la symétrie mâclage /
anti-mâclage.

Le calcul NEB nous donne la variation de l’énergie en fonction d’une co-
ordonnée de réaction ζ. 2 Afin d’obtenir la variation de l’énergie de la dislo-
cation en fonction de sa position, il nous faut définir pour chaque coordonnée
de réaction la position xD de la dislocation. Pour obtenir cette position xD,
nous passons par la discontinuité de déplacement D(x) (“disregistry” en an-
glais) créée par la dislocation. Cette discontinuité D(x) se définit comme la
différence de déplacement entre les atomes situés immédiatement au dessus
du plan de glissement de la dislocation et ceux immédiatement en dessous,
x repérant la position de ces atomes dans la direction de glissement. Cette
fonction est directement extraite de nos simulations atomiques. Peierls [70]
et Nabarro [71] ont construit un modèle conduisant à une expression simple
de cette fonction D(x). Selon ce modèle [4], une dislocation ayant un vecteur

2. Cette coordonnée de réaction ζ est généralement la projection dans la direction de
migration du vecteur définissant les positions des N atomes : ζ = ( ~X − ~XI) · ( ~XF −
~XI)/‖ ~XF − ~XI‖2, où ~X, ~XI, et ~XF sont les vecteurs de dimension 3N définissant respec-
tivement la configuration intermédiaire, initiale et finale.
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Figure 3.4 – Potentiel de Peierls WP de la dislocation mixte 〈110〉 (θ =
35.3◦). ζ est la coordonnée de réaction et xD la position de la dislocation. La
distance entre vallées de Peierls est λP = a/2.
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de Burgers de norme b et située en xD crée une discontinuité de déplacement

D(x) =
b

π

{

arctan

[

x− xD
η

]

+
π

4

}

, (3.2)

η étant l’étalement de la dislocation. Pour non plus une dislocation isolée
mais un réseau périodique de dislocations de période L, cette expression
devient [37]

DL(x) =
b

π

{

arctan

[

tan
(

π
L [x− xD]

)

tanh
(πη

L

)

]

+ π

⌊

x− xD
L

+
1

2

⌋

}

, (3.3)

où ⌊·⌋ est la fonction partie entière. Dans le cas du réseau périodique repré-
senté sur la figure 3.3, la discontinuité résulte de la superposition des deux
réseaux périodiques ±b, conduisant donc à l’expression D(x) = DL(x) −
DL(x − L/2). L’ajustement, via les paramètres xD et η, de cette fonction
sur la discontinuité extraite de la simulation atomique nous permet donc
d’obtenir la position de la dislocation pour chaque coordonnée de réaction ζ.

Connaissant à présent non seulement la variation d’énergie WP(ζ), mais
également la position de la dislocation xD(ζ), il est possible de reconstruire la
fonction WP(xD). La méthode est illustrée sur la figure 3.4 pour la dislocation
mixte 〈110〉. On remarque sur cette figure que la position des dislocations
ne varie pas linéairement avec la coordonnée de réaction, conduisant donc
à des courbes différentes pour les fonctions WP(ζ) et WP(xD). Ceci prendra
toute son importance lorsque nous déterminerons la contrainte de Peierls à
partir de cette courbe en considérant la dérivée de l’énergie par rapport à la
position de la dislocation.

Les barrières de Peierls que nous obtenons pour les différentes orienta-
tions de la dislocation dans le fer c.c. avec le potentiel EAM de Mendelev [36]
sont présentées sur la figure 3.5. Pour la dislocation vis, la hauteur de la bar-
rière que nous obtenons (4.6 meV/Å) est en accord avec la valeur obtenue par
Rodney et Proville en utilisant des conditions aux limites différentes. Cette
barrière pour la vis est en double bosse. Il s’agit d’un artefact bien connu
des potentiels EAM de Mendelev [36,63], les calculs ab initio de cette même
barrière montrant qu’elle devrait être en simple bosse [19,20,72]. À noter que
la dislocation mixte 〈110〉 présente également une barrière en double bosse,
le minimum intermédiaire est néanmoins moins marqué que dans le cas de la
vis. L’amplitude de la barrière de Peierls varie beaucoup avec l’orientation de
la dislocation. Comme attendu, la dislocation coin présente une barrière de
faible hauteur (0.35 meV/Å), soit un ordre de grandeur plus bas que la vis.
Par contre, la vis n’est pas l’orientation pour laquelle la barrière est la plus
élevé : la dislocation mixte 〈111〉 possède une barrière plus élevée (6 meV/Å).
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Figure 3.5 – Potentiel de Peierls pour différents caractères du système de
glissement 1/2〈111〉{110} dans le fer.
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Figure 3.6 – Contrainte de Peierls τP pour différents caractères θ d’une
dislocation 1/2〈111〉{110} dans le fer. τP a été calculée soit par simulation
atomistique directe (statique moléculaire), soit à partir de la pente maximale
du potentiel de Peierls.

3.4 Contrainte de Peierls

La contrainte de Peierls est la contrainte seuil au-delà de laquelle la dis-
location peut glisser sans activation thermique. On peut la calculer dans
nos simulations atomiques en imposant progressivement une contrainte et
en relaxant les positions atomiques pour chaque incrément de contrainte. La
contrainte de Peierls est alors la contrainte à partir de laquelle un mouvement
des dislocations est observé. Avec nos conditions aux limites tri-périodiques,
nous n’imposons pas véritablement une contrainte mais une déformation cor-
respondant à la contrainte visée (Eq. 1.2).

Les résultats obtenus dans le fer pour différentes orientations de la dislo-
cation sont présentés sur la figure 3.6. Comme attendu, la dislocation vis
possède la contrainte de Peierls maximale, ce qui confirme son rôle im-
portant dans la plasticité du fer c.c.. La valeur que nous obtenons, τP =
1230± 10MPa, est très proche de celle obtenue avec le même potentiel par
Chaussidon et al. [73]. Les méthodes de simulation étant différentes (condi-
tions aux limites tri-périodiques dans notre cas et semi-périodiques pour
Chaussidon et al.), cet accord valide, l’une par rapport à l’autre, ces diffé-
rentes approches. 3 À noter que cette valeur pour le fer issue des simulations
atomiques est très supérieure à la valeur déduite des mesures expérimen-

3. Le même accord est obtenu pour la dislocation coin entre nos calculs (τP = 70 ±
10MPa) et les simulations de Terentyev et al. [59,62] (τP = 80±10MPa) qui, tout comme
Chaussidon et al. [73], utilisent des conditions aux limites semi-périodiques.
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tales voisines de 400 MPa [74]. Cet écart entre résultats expérimentaux et
simulations atomiques est connu et apparait dans toute étude numérique des
propriétés de glissement d’une dislocation vis dans un métal de transition
c.c., que les simulations atomiques soient réalisées en ab initio ou avec un
potentiel empirique. Récemment, Proville et al. [75] ont montré qu’il pou-
vait s’expliquer par une contribution quantique des vibrations atomiques
à l’énergie de formation d’un décrochement sur une dislocation vis. Cette
contribution, non prise en compte dans les approches standards de modéli-
sation atomique, conduit à un abaissement de la contrainte de Peierls jusqu’à
une valeur compatible avec les mesures expérimentales.

L’orientation ayant la contrainte de Peierls la plus élevée après la vis est
la dislocation mixte de vecteur ligne [111̄] et de vecteur de Burgers 1/2[111]
(caractère θ ≃ 70.5◦). Nos simulations confirment donc les résultats de Cai
et al. [40,50,51], montrant que cette orientation [111̄] glisse plus difficilement
que les autres orientations.
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Figure 3.7 – Comparaison des contraintes de Peierls obtenues dans ce tra-
vail avec celles obtenues par Vitek et Yamaguchi [49] et par Kang et al. [51]
avec des potentiels empiriques représentatifs de différents métaux de transi-
tion c.c.. Les contraintes de Peierls τP ont été normalisées par le module de
cisaillement dans le plan {110}, µ110 = (C11 − C12 + C44)/3.

Pour pouvoir comparer plus en détails nos résultats avec ceux disponibles
dans la littérature, nous avons reporté sur la figure 3.7 les variations de la
contrainte de Peierls τP avec le caractère de la dislocation, en normalisant τP
par le module de cisaillement dans le plan de glissement. Le potentiel EAM
de Mendelev utilisé dans notre étude est celui conduisant à la moins grande
différence des contraintes de Peierls entre la direction vis et la direction mixte
[111̄]. Ce potentiel est également celui conduisant aux plus fortes variations
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de la contrainte de Peierls d’une orientation mixte à une autre. Au contraire,
les potentiels de paire utilisés par Vitek et Yamaguchi [48, 49] conduisent à
des contraintes de Peierls variant assez peu pour les dislocations ayant une
composante coin, seule l’orientation purement vis se démarquant.

3.5 Du potentiel à la contrainte de Peierls

Plutôt que de calculer directement par simulations atomiques la con-
trainte de Peierls comme nous l’avons fait dans la section précédente, cette
contrainte peut se définir à partir du potentiel de Peierls WP(xD). En effet,
sous une contrainte appliquée τ , l’énergie de la dislocation en fonction de
sa position xD dans son plan de glissement s’écrit ∆E(xD) = WP(xD) −
τbxD, le second terme correspondant au travail des forces de Peach-Koehler.
La contrainte de Peierls est alors la valeur critique de la contrainte pour
laquelle la fonction ∆E(xD) ne présente plus de maximum : au-delà de cette
contrainte, la dislocation peut glisser sans activation thermique. Ceci conduit
donc à la définition

τP =
1

b
Max

(

∂WP

∂xD

)

. (3.4)

Les contraintes de Peierls obtenues avec cette méthode sont comparées
aux contraintes déduites des simulations directes sur la figure 3.6. Cette figure
montre un accord très raisonnable entre les contraintes de Peierls calculées
avec les deux méthodes, illustrant donc la cohérence des deux approches.
Pour tenter néanmoins d’expliquer l’écart qui subsiste sur la valeur obtenue
pour τP, deux pistes peuvent être évoquées. Tout d’abord, l’équation 3.4
montre que la valeur de la contrainte de Peierls calculée à partir du potentiel
de Peierls dépend de la définition utilisée pour la position de la dislocation.
Ici, cette position a été définie à partir de la discontinuité de déplacement
observée dans le plan de glissement (§3.3). Néanmoins, d’autres définitions
sont possible, conduisant ainsi à des variations sur la contrainte de Peierls
obtenue au final via l’équation 3.4. Rodney et Proville [68] ont également
introduit une éventuelle dépendance du potentiel de Peierls WP(xD) avec la
contrainte appliquée, si bien que le potentiel entrant dans l’équation 3.4 ne
devrait pas être celui que nous avons calculé hors contrainte (§3.3) mais le
potentiel de Peierls calculé pour une contrainte appliquée correspondant à la
contrainte de Peierls. Ces deux points sont en fait intimement liés. En effet,
le potentiel de Peierls sous contrainte s’obtient en calculant, avec la méthode
NEB [69] par exemple, la barrière d’énergie ∆E entre deux configurations
stables voisines de la dislocation tout en imposant une contrainte τ à la boîte
de simulation. Le travail de cette contrainte, τbxD, est ensuite retranché de la
variation d’énergie ∆E afin d’obtenir le potentiel de Peierls WP. Toute erreur
sur la définition de la position de la dislocation xD entrainera une erreur sur
le travail des forces de Peack-Koehler et donc sur le potentiel de Peierls
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obtenu au final. Pour une contrainte appliquée τ proche de la contrainte
de Peierls, cette erreur n’est pas négligeable puisque le travail des forces
de Peach-Koehler est alors du même ordre de grandeur que le potentiel de
Peierls. Ce point est abordé plus en détails dans l’annexe C où nous calculons
le potentiel de Peierls sous contrainte pour la dislocation vis et la dislocation
mixte [111̄] en utilisant plusieurs définitions possibles pour la position de la
dislocation. Ces différentes définitions conduisent à des potentiels de Peierls
dépendant plus ou moins de la contrainte appliquée.

Puisque le calcul de la contrainte de Peierls τP à partir de la dérivée du
potentiel de Peierls via l’équation 3.4 est potentiellement imprécis, il peut ap-
paraître plus pertinent de calculer cette contrainte de Peierls directement par
simulations atomiques, comme nous l’avons fait dans la section précédente.
Ceci est d’autant plus vrai qu’il est alors possible d’utiliser des conditions
aux limites autres que tri-périodiques, des bords flexibles contrôlés par les
fonctions de Green de réseau en particulier [6,10,76], que le calcul s’effectue
en potentiel empirique ou en ab initio. Néanmoins, le fait de passer par le
potentiel de Peierls pour calculer la contrainte de Peierls présente des avan-
tages. En effet, cette contrainte de Peierls n’est que la contrainte au-delà
de laquelle la dislocation se met en mouvement en l’absence d’activation
thermique, c’est-à-dire à 0 K. À température finie, l’activation thermique va
diminuer cette contrainte. Connaissant le potentiel de Peierls, il est pos-
sible de prédire la contrainte d’écoulement en fonction de la température
en utilisant un modèle de tension de ligne et un modèle de germination de
doubles décrochements [77,78]. Les travaux de Rodney et Proville [68,79] ont
montré, grâce à une comparaison avec des simulations de dynamique molécu-
laire, qu’un tel modèle parvenait à prédire de façon quantitative l’évolution
en fonction de la température de la mobilité d’une dislocation vis dans le fer
c.c.. Ce modèle peut même être entièrement paramétré à partir de calculs
ab initio [80]. Si on ne dispose pas du potentiel de Peierls, mais seulement
de la contrainte de Peierls, il n’est par contre pas possible d’obtenir la loi de
mobilité en fonction de la température, à moins de reconstruire un potentiel
ad-hoc à partir de la contrainte de Peierls [81]. Ceci justifie donc pleinement
les efforts développés pour calculer précisément le potentiel de Peierls.

Pour la dislocation vis dans les métaux de transition c.c., la notion de
potentiel de Peierls doit être étendue à deux dimensions. En effet, cette dis-
location vis, ne possédant pas d’étalement dans un plan donné, peut théo-
riquement glisser dans toutes les directions perpendiculaires à son vecteur
ligne [111], ce qui conduit à la définition du potentiel de Peierls WP(xD, yD),
xD et yD étant la position de la dislocation projetée dans les directions [1̄1̄2]
et [11̄0] par exemple. Connaissant cette fonction à deux dimensions, on peut
alors prédire l’écart à la loi de Schmid, c’est-à-dire comment la contrainte
de Peierls évolue lorsque l’angle χ entre le plan de cission résolue maximale
et le plan de glissement (1̄10) varie. L’évolution avec la température de cet
écart à la loi de Schmid peut également être modélisée, toujours avec un mo-
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dèle de tension de ligne [82–84]. La construction de ce potentiel WP(xD, yD)
nécessite de pouvoir définir la position à deux dimensions (xD, yD) de la
dislocation vis, et non plus seulement sa position projetée dans le plan de
glissement, et de calculer la variation d’énergie due à la présence d’une dis-
location en ce point. Dans ce but, nous avons développés plusieurs méthodes
pour définir la position de la dislocation : une extension de la méthode basée
sur la discontinuité de déplacement afin d’autoriser un mouvement hors du
plan de glissement [72], un ajustement des cartes de Vitek (cf. annexe C),
une méthode basée sur les variations de contrainte (cf. annexe C), d’autres
méthodes étant par ailleurs disponibles dans la littérature [72,84,85]. Ce su-
jet, en plein développement actuellement, nécessite encore tout un travail de
validation pour voir dans quelle mesure une approche basée sur un calcul du
potentiel de Peierls à deux dimensions permet de décrire quantitativement
l’évolution avec la température de l’écart à la loi de Schmid.

3.6 Conclusion et perspectives

Cette étude illustre donc comment les propriétés de cœur d’une dislo-
cation peut varier avec le caractère de la dislocation. En particulier, nous
avons pu voir que la contrainte de Peierls change beaucoup d’un caractère
à l’autre. Dans le cas du fer, nous trouvons que, comme attendu, la dislo-
cation vis est la plus difficile à faire glisser. La dislocation mixte de vecteur
ligne 〈111〉 glisse également difficilement. Le même résultat a été obtenu par
Kang et al. [51] avec un potentiel empirique représentatif de Ta, en considé-
rant un nombre d’orientations beaucoup plus important que nous ne l’avons
fait ici. Ce résultat, qui semble donc commun aux métaux de transition c.c.,
est surprenant car on s’attend alors expérimentalement à observer des dislo-
cations s’alignant dans ces directions mixtes 〈111〉, tout comme elles le font
pour les directions vis. Jusqu’à présent, un tel facettage des microstructures
de dislocations n’a pas été mis en évidence, en particulier dans les essais
de traction in situ au MET. Il se peut que la différence de contrainte de
Peierls entre les orientations vis et mixte 〈111〉 soit néanmoins trop faible
pour pouvoir observer ce facettage, ou alors qu’il ne soit présent qu’à très
basse température.

Cette contrainte de Peierls importante pour la dislocation mixte 〈111〉
ayant été obtenue avec des potentiels empiriques, la question de sa validité se
pose également. En effet, il est connu que les potentiels empiriques utilisés,
potentiel EAM ou du second moment, ne sont pas pleinement adaptés pour
décrire les métaux de transition. On ne peut donc pas écarter l’hypothèse que
la contrainte de Peierls élevée de cette dislocation mixte 〈111〉 soit un arte-
fact de tels potentiels. Pour répondre à cette question, nous avons essayé de
calculer ab initio dans le fer cette contrainte de Peierls, en utilisant le code
ab initio Siesta avec les paramètres utilisées par Lisa Ventelon dans son
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étude de la dislocation vis [19,20]. Ceci a constitué le sujet de stage de Mat-
thieu Albagnac. Malheureusement, la méthode de simulation que nous avons
retenue, simulation d’un dipôle en conditions aux limites tri-périodiques, ne
nous a pas permis d’estimer la contrainte de Peierls : les effets de taille de
boîte se sont révélés trop importants pour pouvoir conclure. Il sera donc
nécessaire, à l’avenir, de changer de méthode de simulation pour pouvoir
estimer ab initio la contrainte de Peierls de cette orientation. La méthode
de la dislocation isolée dans un agrégat à bord flexible [6, 10, 76] apparaît
comme la plus adaptée pour effectuer ce calcul.
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Dilatation de cœur de la
dislocation vis dans le fer

Articles associés:

— Clouet E., Ventelon L. et Willaime F. Dislocation core energies and
core fields from first principles. Phys. Rev. Lett. 102 (2009), p. 055502.

— Clouet E. Dislocation core field. I. Modeling in anisotropic linear elas-
ticity theory. Phys. Rev. B 84 (2011), p. 224111.

— Clouet E., Ventelon L. et Willaime F. Dislocation core field. II. Screw
dislocation in iron. Phys. Rev. B 84 (2011), p. 224107.

Comme indiqué dans le précédent chapitre, les dislocations vis jouent un
rôle prépondérant dans le développement de la déformation plastique des
métaux cubique centrés (c.c.). Elles ont une contrainte de Peierls plus élevée
que les autres orientations si bien que ce sont elles qui contrôlent la limite
élastique. Beaucoup de travaux se sont consacrés à cette dislocation vis, en
particulier des simulations atomiques dans le but d’étudier ses propriétés de
cœur (structure de cœur, barrière et contrainte de Peierls, écart à la loi de
Schmid). En 2000, les premiers calculs ab initio réalisés dans le molybdène
et le tantale [86] ont révélés que cette dislocation vis possédait un cœur
compact, ce qu’ont confirmé par la suite tous les calculs ab initio réalisés
dans différents métaux de transition c.c.. Ceci a remis en cause la vision
généralement admise d’une dislocation vis glissant difficilement à cause de
son cœur étalé dans les trois plans {110} auxquels appartient le vecteur
de Burgers 1/2〈111〉, une structure prédite par la plupart des potentiels
empiriques [39–41]. Dès lors, il est apparu nécessaire de prendre finement
en compte la structure électronique, par calcul ab initio par exemple, pour
modéliser à l’échelle atomique la dislocation vis dans les métaux de transition
c.c..

Les calculs ab initio réalisés au SRMP par Lisa Ventelon [19, 20] pour
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étudier les propriétés de cœur de la dislocation vis dans le fer ont révélé un
effet nouveau. Le cœur de cette dislocation induit un champ élastique de
dilatation qui vient se superposer au champ élastique de Volterra [13]. Nous
décrivons dans ce chapitre comment ce champ de dilatation se manifeste
et quelles en sont les conséquences pour l’étude ab initio de la dislocation
vis. Puis nous présenterons le modèle élastique que nous avons développé
pour prendre en compte ce champ de dilatation, et nous conclurons sur ses
éventuelles conséquences physiques.

4.1 Énergie de cœur des différentes configurations

 

H

E

2b/3

b/3 0

E

Figure 4.1 – Définition des différentes positions de la dislocation vis
~b = 1/2[111] perpendiculairement à son vecteur ligne. Les ronds représentent
les colonnes atomiques [111], avec une couleur différente suivant qu’elles se
situent à la cote z = 0, b/3 ou 2b/3. Les positions E correspondent aux confi-
gurations cœur facile de la dislocation vis et la position H à la configuration
cœur difficile.

Il est théoriquement possible de définir l’énergie de la dislocation vis en
fonction de sa position dans le plan (111) perpendiculaire à son vecteur de
Burgers, conduisant donc à un potentiel de Peierls à deux dimensions. Ceci
présente un intérêt majeur car, comme nous l’avons déjà souligné au para-
graphe 3.5, on peut dès lors en déduire la variation avec la température de la
contrainte d’écoulement, ainsi que l’écart à la loi de Schmid [82–84]. Parmi
les différentes positions accessibles à la dislocation, certaines présentent des
propriétés particulières à cause de la symétrie du cristal c.c.. Ainsi les po-
sitions dites de cœur facile, E pour “easy”, et cœur difficile, H pour “hard”,
sont nécessairement des extrema du potentiel de Peierls 2D. Ces positions
sont situées au centre de gravité de trois colonnes atomiques 〈111〉 voisines
(Fig. 4.1). Dans la position E, la dislocation inverse localement l’hélicité du
réseau : les trois colonnes atomiques 〈111〉 passent par exemple des cotes
z = 0, b/3 et 2b/3 dans le cristal parfait, aux cotes z = 0, 2b/3 et b/3
dans le cristal disloqué. Cette position E doit normalement être le minimum
absolu du potentiel de Peierls 2D, correspondant donc à la position la plus
stable de la dislocation. Dans la position H, la dislocation ramène les trois
colonnes atomiques 〈111〉 à la même cote. Sur des considérations stériques,
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Figure 4.2 – Réseaux périodiques utilisés pour les calculs ab initio de la
dislocation vis : arrangements triangulaires (a) T et (b) AT ; (c) arrangement
quadripolaire. ~b = 1

2 [111] pour le cœur facile et 1
2 [1̄1̄1̄] pour le cœur difficile.

cette configuration est généralement envisagée comme un maximum du po-
tentiel de Peierls, mais les récents calculs ab initio réalisés dans le fer [72,84]
montrent qu’elle peut également correspondre au point col entre deux vallées
de Peierls. Dans tous les cas, la différence d’énergie entre les configurations
cœur facile et cœur difficile constitue un maximum de la barrière de Peierls
de la dislocation vis. Il est donc important de voir si il est possible de cal-
culer ab initio cette différence d’énergie, ceci constituant une première étape
nécessaire avant l’évaluation du potentiel de Peierls 2D.

La différence d’énergie entre les configurations cœur facile et cœur difficile
a été calculée ab initio dans le fer par Lisa Ventelon [13,19,20] en utilisant le
code Siesta. Ces simulations reposent sur une approche dipôle en conditions
aux limites tri-périodiques (§1.1.3). Différents arrangements périodiques ont
été utilisés dans cette étude :

— deux réseaux périodiques triangulaires (Fig. 4.2a et b), où les dislo-
cations sont positionnées en nid d’abeille. Ces réseaux, initialement
introduits par Frederiksen et Jacobsen [87], ont l’avantage de préser-
ver la symétrie d’ordre 3 de la direction [111]. Ils sont respectivement
dénommés T et AT pour “twinning” et “anti-twinning” selon que le
cisaillement du plan {112} lors de la création du dipôle s’effectue dans
la direction de maclage ou d’anti-maclage.

— un réseau quadripolaire (Fig. 4.2c).
Pour un réseau donné, les configurations cœur facile et cœur difficile sont
obtenues en positionnant les dislocations au même point, le centre de gra-
vité d’un triangle de trois colonne atomiques, mais en inversant le signe du
vecteur de Burgers de chacune des dislocations composant le dipôle. Prenant
en compte uniquement le champ de Volterra créé par les dislocations, l’éner-
gie élastique est proportionnelle au carré de la norme du vecteur de Burgers.
Par conséquent, cette énergie élastique est la même que les dislocations soient
dans leur configuration cœur facile ou cœur difficile. La différence d’énergie
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Figure 4.3 – Différence d’énergie entre les cœurs facile et difficile. Les sym-
boles pleins correspondent aux énergies de cœur obtenues lorsque seul le
champ de Volterra est pris en compte dans le calcul de l’énergie élastique.
Pour les symboles ouverts, le champ de dilatation du cœur est également pris
en compte pour calculer l’énergie élastique (rc = 3 Å).

de cœur entre ces deux configurations est donc simplement obtenue en pre-
nant la différence des énergies directement issues des calcul ab initio. Cette
différence d’énergie est représentée sur la figure 4.3 avec des symboles pleins
pour les différents arrangements périodiques et différentes tailles de boîte. Le
résultat obtenu dépend fortement du réseau périodique utilisé. Le réseau tri-
angulaire T conduit à un cœur difficile plus stable que le cœur facile, tandis
que le réseau triangulaire AT et le réseau quadripolaire conduisent à la stabi-
lité inverse, sans pour autant donner la même différence d’énergie. Le modèle
élastique qui sera développé plus loin permet de montrer que la convergence
de cette différence d’énergie avec le nombre d’atomes N est proportionnelle
à N−1/2. Le nombre d’atomes qu’il est possible de considérer dans un calcul
ab initio ne permet donc pas d’obtenir une grandeur convergée.

4.2 Champ de dilatation du cœur

Afin de comprendre comment notre approche doit être enrichie pour
conduire à des différences d’énergie ne dépendant pas de la forme et de
la taille de la boîte de simulation, il est utile de jeter un œil au champ de
déplacement créé par le réseau périodique de dislocations. Si nous nous inté-
ressons au déplacement créé dans le plan (111) perpendiculaire à la ligne de
dislocation, i.e. la composante coin, les calculs ab initio conduisent au champ
de déplacement représenté sur la figure 4.4a. Une partie de cette composante
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[111]

(a) champ de déplacement ab initio

(b) après soustraction du champ de Volterra

z = 0

z = b/3

z = 2b/3
Dislocations

(c) après soustraction des champs de Volterra et de cœur

Figure 4.4 – Champ de déplacement dans le plan (111) créé par un dipôle
de dislocations vis pour un arrangement triangulaire de type AT à gauche et
T à droite. En (a), le champ total obtenu par calcul ab initio est représenté.
En (b), la contribution du champ de Volterra a été retranchée. En (c), la
contribution du champ de dilatation de cœur a été retranchée en plus de
la contribution de Volterra. Les vecteurs correspondant aux déplacement
dans le plan (111) ont été agrandis d’un facteur 50. Les déplacements plus
petits que 0.01 Å ne sont pas représentés. Les déplacements des six atomes
appartenant au cœur des deux dislocations ne sont pas dessinés sur la figure
(c).
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coin provient du champ élastique de Volterra à cause de l’anisotropie élas-
tique. Soustrayant à présent ce champ élastique de Volterra du champ de
déplacement donné par les calculs ab initio, on obtient le champ résiduel re-
présenté sur la figure 4.4b. Ce champ résiduel ressemble à une combinaison
d’expansions 2-D localisées au niveau des dislocations.

Un tel champ résiduel n’est pas inclus dans la solution de Volterra dé-
crivant le champ élastique d’une dislocation. Pour autant, Eshelbi et al. [88]
ont montré qu’une dislocation pouvait conduire à ce champ. En effet, selon
ces auteurs, le champ élastique créé en un point repéré par ses coordonnées
cylindrique r et θ par une dislocation rectiligne infinie s’écrit sous la forme
d’une série de Laurent :

~u(r, θ) = ~v(θ) ln (r) + ~u0(θ) + ~u1(θ)
1

r
+O

(

1

r2

)

(4.1)

Généralement, seuls les deux premiers termes de cette série sont pris en
compte : ceci correspond à la solution de Volterra décrivant le champ élas-
tique à longue distance nécessaire pour créer la discontinuité de déplacement
définissant la dislocation.

Proche du cœur de la dislocation, le troisième terme de l’équation 4.1 peut
également devenir important. Celui-ci correspond au champ de cœur de la
dislocation. Il provient à la fois de perturbations dues à la nature atomique
du cœur et également à l’anharmonicité du cristal, notamment dans la zone
de cœur fortement déformée. Un tel champ de cœur peut être modélisé, en
théorie élastique linéaire, par des dipôles de lignes de force situés le long
de la ligne de dislocation [89, 90]. Le champ de cœur est alors pleinement
caractérisé par son dipôle élastique Mij correspondant au premier moment
de la distribution de lignes de forces. 1 Des comparaisons avec des simulations
atomiques ont montré que cette représentation élastique du champ de cœur
était pertinente [6, 89,91–93].

 111< >

x
δ

yF

y
δ

x
F

Figure 4.5 – Schéma représentatif du dipôle de lignes de forces utilisé pour
modéliser le champ de cœur de la dislocation vis.

1. Ce modèle de dipôle utilisé pour représenter un défaut en théorie élastique est décrit
plus en détails dans l’annexe D pour un défaut ponctuel. L’adaptation à un défaut linéaire
comme le cœur d’une dislocation est immédiate.
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La figure 4.5 illustre le concept de modèle de dipôle élastique utilisé pour
modéliser le champ de cœur. Sur cette figure, deux lignes de force de même
amplitude Fx, mais de signe opposé, sont situées à une distance ±δx de la
dislocation. Le dipôle correspondant est donné par le premier moment, soit
Mxx = 2δxFx. De même, sur cette figure est présent un dipôle Myy = 2δyFy.
Le tenseur du dipôle élastique représenté sur cette figure a pour seules com-
posantes non nulles Mxx et Myy. Dans le cas de la dislocation vis 1/2〈111〉,
la symétrie du cristal c.c. impose en outre que Mxx = Myy. 2 Ce modèle de
dipôle élastique est l’analogue pour un défaut linéaire du dipôle élastique
obtenu avec une distribution de forces ponctuelles utilisé pour modéliser un
défaut ponctuel en élasticité [28, 94–96]. Il est en tout point équivalent à
la limite infinitésimale du modèle d’inclusion d’Eshelby, l’inclusion étant ici
décrite par une distribution de forces au lieu d’une déformation propre. Pour
la dislocation vis 1/2〈111〉, l’inclusion d’Eshelby [97, 98] à considérer serait
une inclusion cylindrique de section circulaire.

Hirth et Lothe [99] ont développé la modélisation élastique du champ
de cœur des dislocations en s’appuyant sur cette représentation en terme de
dipôle élastique, tout en prenant en compte l’anisotropie élastique grâce au
formalisme des équations sextiques de Stroh [16, 17]. Nous avons étendu ce
modèle afin de prendre en compte le champ de cœur dans le calcul de l’énergie
élastique des dislocations et de leur énergie d’interaction avec une contrainte
extérieure. En effet, peu d’études [89, 93, 100] avaient jusqu’à présent consi-
déré ce champ de cœur dans l’énergie élastique et ces études supposaient
soit un comportement élastique isotrope, soit une symétrie particulière des
constantes élastiques incompatible avec la dislocation vis 1/2〈111〉. L’ap-
proche que nous avons développé repose sur le formalisme de Stroh et s’ap-
plique donc à tout cristal, quelque soit l’anisotropie élastique. Cette approche
est présentée dans l’article [101] et a été implémentée dans le code Babel.
On montre en particulier que l’énergie élastique d’une dislocation rectiligne
infinie isolée contient un terme supplémentaire. L’équation 2.3 devient alors

Eelas
dislo =

1

2
biK

0
ijbj ln

(

R∞

rc

)

+
1

2
MijK

2
ijklMkl

(

1

rc2
− 1

R∞
2

)

, (4.2)

où K2
ijkl est un tenseur défini positif ne dépendant que des constantes élas-

tiques. Cette expression montre en particulier que l’énergie élastique associée
au champ de cœur est concentrée proche de la dislocation, si bien qu’il est
possible de considérer la limite R∞ → ∞. Quant à l’énergie d’interaction
du champ de cœur avec un champ élastique externe, celle-ci est simplement
donnée par

Einter
c = −εextij (~0)Mij , (4.3)

2. Ceci n’est vrai en fait que pour les arrangements triangulaires (Fig. 4.2a et b) qui res-
pecte la symétrie du cristal. Pour l’arrangement quadripolaire, la polarisabilité du champ
de cœur peut entrainer une différence entre Mxx et Myy, ainsi que la présence de termes
non diagonaux.
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où εextij (~0) est la déformation créée par le champ externe au niveau de la
dislocation.

Avant de pouvoir prendre en compte le champ de cœur dans nos calculs
d’énergie élastique, il reste néanmoins à déterminer, à partir de nos simula-
tions atomiques, le dipôle élastique Mij caractérisant ce champ. Nous avons
montré [13, 102] que ce dipôle est proportionnel à la contrainte homogène
mesurée dans la boîte de simulation lorsque les vecteurs de périodicité sont
maintenus fixes. Cette contrainte étant une donnée de sortie de tout code
ab initio, le champ de cœur est donc ainsi directement caractérisé, sans au-
cune procédure d’ajustement. En appliquant cette méthode à la dislocation
vis 1/2〈111〉 dans le fer, on obtient Mxx = Myy = 650 ± 50GPa Å2 avec
Siesta [13, 102], que la dislocation soit dans sa configuration cœur facile
ou cœur difficile. Ceci correspond à une dilatation perpendiculairement à la
ligne de dislocation δV⊥ = (ε0xx + ε0yy)S/2 = 3.8 ± 0.3 Å2 et à une contrac-
tion parallèlement à celle-ci, δV// = ε0zzS/2 = −1.3 ± 0.2 Å2, le volume de
formation δV⊥ + δV// de la dislocation étant au total positif.

Connaissant à présent le dipôle élastique Mij à l’origine du champ de
cœur, on modélise le champ de déplacement créé par les dislocations comme
la superposition des champs élastiques de Volterra et de cœur. On voit alors
que ce champ élastique est en très bon accord avec le champ directement
obtenu par calcul ab initio (cf. Fig. 4.4c montrant la différence entre ces
deux champs de déplacement pour la composante dans le plan (111) per-
pendiculaire à la ligne de dislocation). Un désaccord n’est observé que pour
les atomes trop proches du cœur pour lesquels on atteind les limites des
hypothèses de la théorie élastique.

Prenant en compte ce champ de dilatation du cœur dans le calcul de
l’énergie élastique, on peut calculer l’énergie de cœur de la dislocation vis
1/2〈111〉 pour ses deux configurations et obtenir ainsi la différence d’énergie
de cœur représentée par des symboles ouverts sur la figure 4.3. On voit
alors que tous les réseaux périodiques convergent, pour des tailles de boîte
suffisamment grandes, vers la même différence d’énergie Ecore

easy − Ecore
hard =

−8 ± 1meV Å−1, confirmant ainsi que la configuration cœur facile est plus
stable que la configuration cœur difficile.

Avec l’arrangement quadripolaire (Fig. 4.2c), la différence d’énergie de
cœur obtenue n’est pas affectée par la prise en compte du champ de cœur
(Fig. 4.3). Ceci est tout à fait général et découle de la centrosymétrie de cet
arrangement périodique conduisant à une interaction minimale entre les diffé-
rentes dislocations composant cet arrangement [102]. Pour les arrangements
triangulaires, il y a par contre une forte influence du champ de cœur sur les
différences d’énergie obtenues au final à cause d’un couplage entre ce champ
de cœur et le champ de Volterra [102]. La conséquence de cette remarque est
que l’arrangement quadripolaire doit être privilégié dans les calculs ab initio
pour calculer l’énergie de cœur de la dislocation et ses variations.
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4.3 Origine et conséquences du champ de cœur

La question de la généralité de cette dilatation du cœur de la dislocation
se pose, d’autant plus que, le fer étant ferromagnétique, un couplage entre
magnétisme et dilatation ne peut pas être exclu, ni un artefact de l’approche
ab initio reposant sur Siesta utilisée pour notre étude. L’examen de précé-
dents calculs ab initio de cette même dislocation vis dans le molybdène et
le tantale [86], et dans le fer et le molybdène [87] montre que ce champ de
dilatation est également présent. Récemment, des calculs ab initio de cette
dislocation vis dans différents métaux de transition réalisés au SRMP par Lu-
cile Dezerald ont confirmé la présence de ce champ de dilatation pour tous
les métaux de transition c.c., l’amplitude du volume de dilatation variant
d’un métal à l’autre.

Dans le fer, nous avons obtenu le même dipôle élastique, et donc le même
volume de dilatation, pour les configurations cœur facile et cœur difficile de
la dislocation vis. La dilatation créée par la dislocation ne dépend donc pas
vraiment de la structure atomique du cœur dans ce cas. Elle doit donc plutôt
trouver son origine dans l’anharmonicité du comportement élastique du cris-
tal. Il serait dès lors plus correct d’utiliser la théorie élastique non linéaire
pour modéliser cet effet de dilatation, en suivant par exemple l’approche
de Seeger et Haasen [103] reposant sur le modèle de Grüneisen d’un cris-
tal isotrope, ou bien le schéma itératif proposé par Willis [95, 104] pour un
cristal anisotrope. Une modélisation en élasticité non linéaire est cependant
beaucoup plus lourde à mettre en place. L’approche que nous avons utilisée,
initialement proposée par Gehlen et al. [89], repose sur l’élasticité linéaire et
incorpore toute l’anharmonicité dans un terme source localisé au niveau de la
ligne de dislocation. Notre travail, ainsi que les études précédentes [89,91,93],
montre qu’il s’agit d’un compromis raisonnable permettant de correctement
prendre en compte cet effet de dilatation.

Nous avons vu que ce champ de cœur pouvait conduire à des artefacts
dans l’interprétation des simulations atomiques, mais il faut également s’in-
terroger sur les conséquences physiques associées à la présence d’un tel
champ. Le volume de formation de la dislocation qui en découle conduit
naturellement à une augmentation du paramètre de maille avec la densité
de dislocations, comme a pu le mettre en évidence expérimentalment Crus-
sard [105]. Ce champ conduit également à une interaction de la dislocation
avec une pression (Eq. 4.3) : Hirth [106] a souligné qu’on pouvait dès lors
s’attendre à une modification des propriétés des dislocations sous pression,
comme leur tension de ligne ou les énergies de formation de double décroche-
ments. Bien qu’il décroit plus rapidement que le champ de Volterra, il peut
aussi modifier l’interaction de la dislocation avec d’autres défauts, condui-
sant par exemple à des modifications des propriétés dans les empilements de
dislocations [100, 107] ou une modification de l’interaction de la dislocation
avec les impuretés [108]. Dans le cas de la dislocation vis 1/2〈111〉 dans le
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fer, nous nous sommes intéressés plus spécifiquement aux conséquences de ce
champ sur la stabilité d’un dipôle de dislocations vis et l’interaction d’une
dislocation vis avec un atome de carbone [102]. Ce champ tend à stabiliser le
dipôle de dislocations et augmente également l’énergie de liaison du carbone
à la dislocation. Néanmoins, dans les deux cas, le champ de cœur n’est pas
suffisamment important pour conduire à un effet à très longue distance : dès
qu’on se trouve à une distance d’environ 10 Å de la dislocation, on retrouve
des propriétés pilotées uniquement par le champ de Volterra. La principale
manifestation de ce champ de cœur semble donc être dans nos calculs ab
initio à cause de la petite taille de nos boîtes de simulation, les artefacts cor-
respondant pouvant être minimisés en utilisant un arrangement périodique
quadripolaire.

Pour conclure, notons que l’approche développée ici pour étudier les dis-
locations peut être généralisée à d’autres défauts. Ainsi, Céline Varvenne a
développé au cours de son post-doc une même approche couplant simulations
atomiques et théorie élastique pour modéliser les défauts ponctuels [109].
Ceci permet de calculer l’énergie provenant de l’interaction élastique du dé-
faut avec ses images périodiques, et de retrancher ensuite celle-ci de l’énergie
calculée ab initio pour obtenir au final l’énergie d’un défaut ponctuel isolé.
L’application de la méthode à l’étude ab initio de l’auto-interstitiel dans le
zirconium des amas interstiels dans le fer et de la lacune neutre dans le sili-
cium a montré qu’il était dès lors possible d’obtenir des énergies convergeant
plus rapidement avec la taille de la boîte de simulation, rendant ainsi pos-
sible l’étude de défauts plus complexes ou la mise en œuvre de de méthodes
ab initio plus coûteuse en temps de calcul que les approximations LDA ou
GGA.
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Article associé:

Clouet E. Screw dislocation in zirconium : An ab initio study. Phys.
Rev. B 86 (2012), p. 144104.

Tout comme les métaux de transition cubique centré, la plasticité du zir-
conium et du titane, métaux de transition hexagonale compacte (h.c.), est
contrôlée à basse température par le glissement des dislocations vis. Celles-ci
ont pour vecteur de Burgers 1/3〈12̄10〉, vecteur correspondant à une arrête
de l’hexagone basal, et glissent dans les plans prismatiques. On observe expé-
rimentalement que ces dislocations vis glissent avec difficulté par rapport aux
autres orientations dans les alliages de titane et de zirconium. On voit ainsi
à basse température de longues dislocations rectilignes résidant dans leur
direction vis [110–115]. En outre, la limite d’écoulement du cristal dépend
fortement de la température [111, 113, 116–121], indiquant une mobilité des
dislocations thermiquement activée. Cependant, les données expérimentales
indiquent également que la limite d’écoulement du zirconium et du titane
décroit fortement lorsque la concentration en éléments d’addition intersti-
tiels, en particulier l’oxygène, diminue [111,113,116,117,120,121]. Il semble
donc que la faible mobilité des dislocations vis soit de nature extrinsèque,
les dislocations glissant facilement dans le zirconium et le titane purs.

Les mécanismes à l’origine du durcissement associé à une addition d’oxy-
gène ou autre impureté interstitielle demeure pour l’instant inconnus. En
particulier, un tel durcissement ne trouve pas son origine dans une inter-
action élastique entre dislocations et impuretés [113]. Il semble plutôt que
l’addition d’oxygène entraine une modification des propriétés de cœur de la
dislocation vis, rendant le glissement de celle-ci plus difficile. Dans le but
de mieux comprendre ce comportement plastique du zirconium et du titane,
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en particulier l’influence de l’addition d’oxygène sur celui-ci, nous avons ef-
fectué des simulations atomiques pour étudier la dislocation vis. Une telle
étude commence bien entendu par une modélisation de la dislocation dans
le métal pur.

Selon Legrand [122], la facilité relative du glissement prismatique par
rapport au glissement basal est contrôlé par les énergies de faute d’empi-
lement dans ces plans et ces énergies dépendent finement de la structure
électronique. En particulier, Legrand a montré avec un modèle de liaisons
fortes que le glissement prismatique des métaux de transition de la colonne
IV B (Ti, Zr, Hf) est dû au remplissage électronique de la bande d. Il ap-
parait dès lors nécessaire de prendre en compte le caractère angulaire de la
liaison atomique associée à l’orbitale d pour modéliser les dislocations dans
ces métaux. Ceci interdit, a priori, l’emploi de potentiels empiriques simples,
de type EAM ou approximation du second moment des liaisons fortes, pour
une étude des dislocations. Par contre, les simulations atomiques reposant
soit sur un modèle de liaisons fortes [123, 124], soit sur des calculs ab ini-
tio [112, 125–128] parviennent parfaitement à prédire un étalement de la
dislocation vis 1/2〈12̄10〉 dans les plans prismatiques, en accord donc avec
le glissement prismatique observé expérimentalement. Aucune de ces études
n’a estimé la contrainte de Peierls associée à ce glissement. La seule valeur
calculée par simulation atomique a été obtenue par Khater et Bacon [129]
avec le potentiel EAM de Mendelev [38] : dans le zirconium, la dislocation vis
a une une contrainte de Peierls de 22 MPa et la coin 16 MPa. Comme indiqué
précédemment, le formalisme du potentiel utilisé dans cette étude n’est pas
bien adapté à la description des interactions atomiques nécessaire pour mo-
déliser les dislocations dans le zirconium. Nous avons donc décidé d’utiliser
des calculs ab initio pour étudier cette dislocation vis dans le zirconium et
obtenir sa contrainte de Peierls.

Ces calculs ab initio ont été réalisés avec les codes Siesta et Pwscf.
Les mêmes propriétés sont obtenues pour la dislocation vis avec ces deux
codes. Néanmoins, nous n’avons pas réussi à obtenir avec Siesta la précision
souhaitée pour calculer la barrière de Peierls sans être gêné par le bruit
numérique. Nous ne reprenons dans ce chapitre que les résultats obtenus avec
Pwscf, l’ensemble de cette étude ab initio étant décrite dans la référence
37.

5.1 Faute d’empilement

La dissociation d’une dislocation est contrôlée par l’existence d’une faute
d’empilement métastable dans le plan correspondant. L’existence d’une telle
faute peut être recherchée en effectuant des calculs de faute d’empilement
généralisée, également appelée γ-surface, comme l’a introduit Vitek [41,130].
Ces calculs décrivent la variation d’énergie lorsqu’un cristal est coupé sui-
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Table 5.1 – Énergies de faut d’empilement dans le plan de base, γb, et
dans le plan prismatique, γp, calculées avec différents modèles énergétiques.
R est le rapport défini par Legrand [122]. deqb et deqp sont les distances de
dissociation d’une dislocation vis calculées en théorie élastique anisotrope à
partir des énergies de faute [37].

EAM Siesta Pwscf Vasp Vasp

[38] [37] [37] [131] [132]
γb (mJ m−2) 198. 199. 213. 200. 227.
γp (mJ m−2) 135. (274.) 1 233. 211. 145. 197.
R = C66γb/C44γp 1.12 0.96 1.36 1.85 2.1
deqb (Å) 4.0 2.0 2.7 3.4 3.2
deqp (Å) 7.8 4.6 5.9 9.6 7.4

vant un plan donné et que les deux parties du cristal sont déplacées l’une
par rapport à l’autre d’un vecteur faute appartenant au plan de coupe. Les
atomes sont autorisés à relaxer seulement dans la direction perpendiculaire
à ce plan.

Pour introduire une seule faute dans la boîte de simulation, tout en
conservant des conditions aux limites tri-périodiques, le déplacement cor-
respondant au vecteur faute est également ajouté au vecteur de périodicité
ayant une composante perpendiculaire au plan de faute. Ceci permet de
ne pas introduire de surfaces dans la boîte de simulation, surfaces qui per-
turbent non seulement la structure électronique mais également la relaxation
élastique.

La γ-surface réalisée pour le plan de base présente un minimum en
1/3[11̄00]. Celui-ci correspond à la faute intrinsèque I2 qui transforme l’em-
pilement des plans de base de la séquence BABABA à la séquence BAB-
CAC [133]. Toutes les simulations atomiques, qu’elles reposent sur un po-
tentiel empirique ou les calculs ab initio, prédisent ce minimum. L’énergie
de faute obtenue γb pour ce minimum diffère peu d’un modèle énergétique
à l’autre (Tab. 5.1).

La γ-surface pour le plan prismatique présente un minimum en 1/6[12̄10],
correspondant donc à la moitié du vecteur de Burgers (Fig. 5.2). Ce mini-
mum, prédit par l’ensemble des calculs ab initio [37, 126, 132], se trouve
décalé en a/6[12̄10]±αc[0001] avec des potentiels empiriques de type EAM.
En particulier, le potentiel EAM de Mendelev [38] conduit à α = 0.14. Ba-
con et Vitek [134] ont remarqué que ce minimum, également prédit par un
modèle de sphères dures [135], disparaît ou se trouve situé exactement en
1/6[12̄10] (α = 0) seulement lorsqu’est pris en compte le caractère angulaire

1. Pour le calcul avec le potentiel EAM de l’énergie de faute d’empilement prismatique,
la valeur entre parenthèses correspond au maximum en a/6[12̄10], tandis que la valeur plus
petite correspond au minimum réel en a/6 [12̄10] + 0.14c [0001].
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Figure 5.1 – Énergie de faute d’empilement généralisée dans le plan basal.
Les flèches indiquent les vecteurs de Burgers des deux dislocations partielles
correspondant à une dissociation dans le plan basal. La direction [11̄00], le
long de laquelle le profil d’énergie est tracé à droite, est indiquée par une
ligne pointillée.
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Figure 5.2 – Énergie de faute d’empilement généralisée dans le plan pris-
matique. Les flèches indiquent les vecteurs de Burgers des deux dislocations
partielles correspondant à une dissociation dans le plan prismatique. Le pro-
fil d’énergie est tracé à droite le long de la direction [12̄10], correspondant
au vecteur de Burgers.
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des interactions atomiques.
Selon ces calculs de faute d’empilement, deux dissociations sont possibles

pour une dislocation de vecteur de Burgers 1/3[12̄10] :
— une dissociation dans le plan basal selon le schéma

1/3[12̄10] → 1/3[11̄00] + 1/3[01̄10],
— une dissociation dans la plan prismatique en deux partielles de vecteur

de Burgers 1/6[12̄10].
Legrand [122] a proposé un critère utilisant les constantes élastiques et les
énergies de faute d’empilement pour déterminer le plan dans lequel l’étale-
ment des dislocations est le plus probable. Suivant ce critère, si le rapport
R = C66γb/C44γp est plus grand que 1, alors la dislocation doit s’étaler dans
le plan prismatique. Le tableau 5.1 montre que c’est le cas avec nos calculs
Pwscf, ainsi que l’ensemble des autres modèles énergétiques, seul le calcul
Siesta conduisant à une valeur trop proche de 1 pour pouvoir conclure.

On peut également utiliser la théorie élastique anisotrope pour calculer
une distance de dissociation dans chacun de ces deux plans [37]. On prédit
dans tous les cas une distance de dissociation plus importante dans le plan
prismatique que dans le plan basal (Tab. 5.1).

5.2 Structure de cœur de la dislocation vis

[101
-
0]

[0001]

[12
-
10]

Figure 5.3 – Carte de déplacement différentiel [136] d’une dislocation vis
1/2[12̄10]. Les atomes sont représentés par un rond dont la couleur dépend
du plan (12̄10) auquel ils appartiennent. Les flèches entre deux colonnes
atomiques sont proportionnelles à la composante [12̄10] de la différence de
déplacement des deux atomes. Les déplacements plus petits que 0.1b ne sont
pas représentés. Les croix × correspondent aux positions des deux disloca-
tions partielles, et + à leur centre, soit la position de la dislocation totale.
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Nos calculs ab initio montrent qu’une dislocation vis de vecteur de Bur-
gers 1/3[12̄10] s’étale spontanément dans le plan prismatique, en accord donc
avec les précédents calculs ab initio [112,125,126]. Ceci apparaît clairement
sur la carte des déplacements différentiels, dite carte de Vitek [136], de la
figure 5.3.

Nous avons caractérisé plus finement cet étalement en extrayant des simu-
lations atomiques la discontinuité de déplacement dans le plan prismatique
contenant la dislocation. En ajustant sur ces données un modèle de Peierls-
Nabarro correspondant à deux dislocations partielles b/2 (cf. §3.3), on en
déduit une distance de dissociation de 6± 1Å, en accord avec la distance de
dissociation prédite par la théorie élastique (Tab. 5.1). Cet ajustement nous
permet également de déterminer la position de la dislocation dans le plan
prismatique, cette position étant représentée par le symbole + sur la figure
5.3.

Nous avons également regardé si il était possible d’obtenir une disloca-
tion vis dissociée dans le plan de base. Pour cela, nous construisons une
dislocation initialement dissociée dans le plan de base en deux partielles de
vecteurs de Burgers 1/3[11̄00] et 1/3[01̄10], puis nous relaxons les positions
atomiques. En calculs ab initio, que ce soit avec Siesta ou Pwscf, la dis-
location vis se recombine pour aller se dissocier dans le plan prismatique.
La dissociation basale est donc instable. Par contre, le potentiel EAM de
Mendelev [38] parvient à stabiliser cette configuration dissociée dans le plan
basal, son énergie étant alors plus élevée de 62meVÅ−1 par rapport à la
configuration dissociée dans le plan prismatique. Au vu de nos résultats ab
initio, ceci semble être un artefact de ce potentiel EAM.

5.3 Potentiel de Peierls

Nous avons calculé la barrière de Peierls correspondant au glissement
dans le plan prismatique de la dislocation vis. La méthode de calcul employée
est la même que celle décrite au paragraphe 3.3 pour les dislocations mixtes
dans le fer. Avant d’effectuer le calcul ab initio, nous avons utilisé le potentiel
EAM de Mendelev [38] pour déterminer le meilleur arrangement périodique
à utiliser. En effet, il est apparu que la barrière de Peierls dépendait de la
taille de boîte dans le domaine accessible aux calculs ab initio. L’étude en
potentiel empirique [37] montre qu’on obtient un majorant de la barrière de
Peierls pour les petites tailles de boîte avec l’arrangement périodique retenu
(arrangement S décrit sur la figure 2.6).

La barrière de Peierls calculée avec Pwscf est représentée sur la figure
5.4 pour deux tailles de boîte (100 et 144 atomes). Comme prévu par le
potentiel empirique, cette barrière diminue lorsque la taille de la boîte de
simulation augmente. En considérant la pente maximum le long de cette
barrière (Eq. 3.4), on en déduit la contrainte de Peierls σP = 36MPa pour la
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prismatique calculée ab initio pour deux tailles de boîtes de simulation.

cellule contenant 100 atomes et σP = 21MPa avec 144 atomes. Nos calculs
ab initio prédisent donc que la contrainte de Peierls de la dislocation vis vaut
au plus 21 MPa dans le zirconium pur.
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Figure 5.5 – Contrainte d’écoulement du zirconium déterminée expérimen-
talement pour différentes concentrations d’oxygène [111, 116, 117, 137]. Les
données ont été extrapolées à 0K et sont comparées à la contrainte de Peierls
calculées ab initio dans le zirconium pur.

La contrainte de Peierls de la dislocation vis ainsi estimée ab initio peut
être comparée aux valeurs de la contrainte d’écoulement du zirconium dé-
terminées expérimentalement. Ces dernières doivent être extrapolées à une
composition nulle en oxygène et à une température nulle, les mesures les plus
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basses en température ayant été effectuées à 77 K. La comparaison effectuée
sur la figure 5.5 montre qu’il y a un accord très raisonnable entre notre calcul
ab initio et ces valeurs expérimentales.

5.4 Perspectives

La prochaine étape de ce travail consiste bien entendu à comprendre l’ef-
fet durcissant des impuretés interstitielles, en particulier l’oxygène, dans le
zirconium. Comme mentionné en introduction, cet effet ne peut pas s’inter-
préter en terme d’interaction élastique entre la dislocation et le soluté [113].
Il faut plutôt envisager une modification des propriétés de cœur de la dis-
location vis due à la présence d’oxygène. Les calculs ab initio doivent être
en mesure d’apporter des éléments de réponse à une telle question : ceci
constitue le sujet de thèse de Nermine Chaari, thèse débutée en octobre
2013. En outre, nous avons déposé un projet au programme Blanc de l’ANR
(éditions 2012 et 2013), pour étudier plus en détails cette problématique du
durcissement dû à l’oxygène. Ce projet, qui regroupe le SRMP et le SRMA
(CEA Saclay), le CEMES (Toulouse) et le LaSIE (La Rochelle), doit utiliser
non seulement des simulations atomiques mais aussi des essais de traction in
situ au microscope électronique à transmission et des essais mécaniques sur
monocristaux.

Le titane a un comportement plastique tout à fait similaire à celui du
zirconium, ces deux métaux de transition se trouvant dans la même colonne
du tableau périodique. Si des structure de cœur de la dislocation vis ont
déjà été calculées ab initio dans le titane [127, 128], il n’y a pas de calcul
de la contrainte de Peierls. Le travail effectué dans le zirconium et décrit
dans ce chapitre est actuellement en train d’être effectué dans le titane par
Alexandre Prieur (stage de fin d’études). Ceci permettra à terme d’étudier
l’effet durcissant de l’oxygène également dans le titane, métal pour lequel des
observations expérimentales du comportement des dislocations ont déjà été
réalisées dans le métal pur avec différentes teneurs en oxygène [113,114,138].

Le système de glissement 1/3〈12̄10〉{101̄0} constitue le système principal
dans le zirconium et le titane. Cependant, les dislocations avec un vecteur
de Burgers 1/3〈12̄10〉 peuvent également glisser dans des plans pyramidaux
de première espèce π1, i.e. {101̄1} [139–143]. La contrainte nécessaire pour
activer ce glissement est plus élevée que pour le glissement prismatique, et le
glissement π1 est principalement du glissement dévié à partir des plans pris-
matiques [142,143]. Expérimentalement, il est connu que l’addition d’oxygène
favorise ce glissement dévié [140, 144], sans que le mécanisme derrière soit
connu. Dans le cadre de la thèse de Nermine Chaari, nous avons donc com-
mencé à nous intéresser à ce glissement π1 en effectuant des calculs ab initio
de la barrière énergétique que doit franchir une dislocation vis, initialement
dissociée dans le plan prismatique, pour passer dans le plan prismatique
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voisin en glissant dans un plan π1. L’objectif à terme est de modéliser le
glissement dévié, ainsi que l’influence de l’oxygène sur celui-ci.

Du glissement secondaire dans les plans de base est parfois reporté dans
le titane et le zirconium [141, 145], ce glissement étant actif à haute tem-
pérature. Tout comme le glissement π1, nous avons commencé à étudier ce
glissement basal par calculs ab initio.

Tous ces systèmes de glissement impliquent des dislocations ayant pour
vecteur de Burgers 1/3〈12̄10〉. Ils ne peuvent donc pas rendre compte d’une
quelconque déformation suivant l’axe [0001]. Une telle déformation ne peut
avoir lieu qu’avec l’aide de dislocations de vecteur de Burgers 1/3〈12̄13〉,
dite dislocations 〈c+ a〉, ou par maclage [146]. Dans le but d’avoir le pano-
rama le plus complet possible de la plasticité du zirconium et du titane, il
serait également intéressant d’étudier ces modes de déformations à l’échelle
atomique.
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Interaction dislocation - défaut
ponctuel

Articles associés:

— Clouet E. The vacancy - edge dislocation interaction in fcc metals :
a comparison between atomic simulations and elasticity theory. Acta
Mater. 54 (2006), p. 3543.

— Clouet E., Garruchet S., Nguyen H., Perez M. et Becquart C.S. Dis-
location interaction with C in α-Fe : a comparison between atomic
simulations and elasticity theory. Acta Mater. 56 (2008), p. 3450.

— Veiga R.G.A., Perez M., Becquart C.S., Clouet E. et Domain C. Com-
parison of atomistic and elasticity approaches for carbon diffusion
near line defects in α-iron. Acta Mater. 59 (2011), p. 6963.

Nous nous intéressons à présent à l’interaction d’une dislocation avec un
défaut ponctuel, que ce défaut ponctuel soit de nature intrinsèque comme
une lacune ou un auto-interstitiel, ou extrinsèque comme un soluté. Cette
interaction est importante pour la plasticité puisque la dislocation peut s’an-
crer sur le défaut, son glissement étant ensuite contrôlé par un mécanisme
d’ancrage / désancrage. Cette interaction peut également être responsable
d’une ségrégation des défauts ponctuels sur la ligne de dislocation, pouvant
conduire ensuite à une précipitation hétérogène. Dans le cas d’un défaut
ponctuel intrinsèque, celui-ci peut en outre s’éliminer ou être créé sur la
ligne de dislocation, produisant ainsi la montée de la dislocation.

Plusieurs échelles de modélisation peuvent être utilisées pour décrire cette
interaction. Il est bien entendu possible d’utiliser les simulations atomiques
pour prendre pleinement en compte cette interaction. Cependant, on se limi-
tera alors à un volume de matière contenant au plus une ou deux dislocations.
Cette description atomique sera justifiée lorsque la distance de séparation
entre la dislocation et le défaut ponctuel est petite. Dès que cette distance
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devient importante, l’interaction est de nature uniquement élastique si bien
que la théorie élastique peut être utilisée, permettant ainsi un changement
d’échelle. Dans cette perspective, nous avons comparé les prédictions de la
théorie élastique avec des résultats de simulations atomiques dans le cas d’un
défaut ponctuel isolé interagissant avec une dislocation rectiligne infinie. Le
but est de voir à partir de quel moment la théorie élastique peut être utilisée
pour modéliser cette interaction, et quels sont les éléments qui doivent être
pris en compte par cette théorie pour qu’elle soit pleinement quantitative.
Deux systèmes différents ont été étudiés :

— une lacune en interaction avec une dislocation coin dans un métal
cubique à faces centrées (c.f.c.) [147],

— un intersitiel de carbone en interaction avec une dislocation coin ou
vis dans le fer c.c. [148].

6.1 Modélisation élastique

Avant de comparer les résultats des simulations atomiques avec les pré-
dictions de la théorie élastique, nous décrivons brièvement comment l’in-
teraction entre une dislocation et un défaut ponctuel est décrite en théorie
élastique. Le modèle élastique utilisé pour décrire le défaut ponctuel (inclu-
sion d’Eshelby ou dipôle) est décrit plus en détails dans l’annexe D.

Cottrell et Bilby [149] ont été les premiers à utiliser la théorie élastique
pour modéliser l’interaction d’un défaut ponctuel avec une dislocation. Dans
leur modèle, le défaut ponctuel est un centre de dilatation (ou de contrac-
tion) caractérisé par un volume de relaxation δΩ interagissant avec le champ
élastique créé par la dislocation. Ceci conduit à l’énergie d’interaction

Einter = P dδΩ, (6.1)

où P d = −
∑

i σ
d
ii/3 est la pression créée par la dislocation au niveau du

défaut ponctuel. Ce modèle correspond à ce qui est communément appelé
“effet de taille”. Il s’applique très bien à un atome de soluté substitutionnel
ou une lacune dans un réseau de symétrie cubique, ces défauts ponctuels
étant effectivement des centres de dilatation purs. Dans le cas plus général,
notamment pour un interstitiel dans un réseau c.c., il faut prendre en compte
le fait que l’impureté exerce sur la matrice une sollicitation ne se résumant
pas uniquement à une dilatation, conduisant ainsi à une contribution sup-
plémentaire dite “effet de forme”. Cochardt a montré que l’équation 6.1 doit
alors être généralisée en considérant le modèle d’inclusion d’Eshelby [97,98],
conduisant à l’énergie d’interaction (cf. annexe D)

Einter = −Ωεtijσ
d
ij , (6.2)

où Ω est le volume de l’inclusion d’Eshelby utilisée pour modéliser le dé-
faut ponctuel et εt sa déformation propre. σd est la contrainte créée par la
dislocation au niveau du défaut ponctuel.
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Plutôt que d’utiliser une inclusion d’Eshelby pour modéliser le défaut
ponctuel, il peut être plus aisé de le représenter par une distribution de
forces ponctuelles s’exerçant sur la matrice [28, 150]. En ne retenant que le
terme prépondérant, le défaut ponctuel est alors uniquement caractérisé par
son dipôle élastique P . Comme montré dans l’annexe D, ceci est équivalent à
considérer un volume infinitésimal pour l’inclusion d’Eshelby, les deux repré-
sentations étant liées par la relation Pij = ΩCijklε

t
kl, avec Cijkl les constantes

élastiques de la matrice. On aboutit en particulier à l’énergie d’interaction

Einter = −Pijε
d
ij , (6.3)

avec εd la déformation créée par la dislocation au niveau du défaut ponctuel
(σd

ij = Cijklε
d
kl). Ce modèle de dipôle élastique utilisé pour modéliser un

défaut ponctuel est bien entendu équivalent à celui utilisé dans le chapitre 4
pour modéliser le champ de cœur d’une dislocation dans le cas d’un défaut
linéaire.

Le dipôle élastique Pij , ou de façon équivalente le produit Ωεtij , modé-
lisant un défaut ponctuel s’obtient directement par simulation atomique tel
que démontré dans l’annexe D (§D.1.3).

Le défaut élastique peut également être polarisable, c’est-à-dire que ses
caractéristiques dépendent du champ élastique dans lequel il est plongé [94,
151,152]. Cela peut être pris en compte en supposant que le dipôle élastique
représentatif du défaut ponctuel varie avec la déformation appliquée. Au
premier ordre, on écrit

Pij(ε) = P 0
ij + P 1

ijklεkl, (6.4)

où P 0
ij est le dipôle élastique hors champ élastique appliqué, et P 1

ijkl est la po-
larisabilité du défaut. Cette polarisabilité fait apparaitre un terme du second
ordre dans l’équation 6.3 donnant l’énergie d’interaction du défaut ponctuel
avec un champ extérieur. 1 Cette contribution, généralement plus petite que
l’effet de taille et de forme, peut néanmoins être importante à prendre en
compte dans certains cas, notamment dans la modélisation du fluage sous
irradiation à travers le mécanisme SIPA (Stress Induced Preferential Ab-
sorption) qui lui est associée [154], ou encore l’accélération de la montée
d’une dislocation par la microstructure environnante [155]. Dans le modèle
d’inclusion d’Eshelby, cette polarisabilité apparait lorsqu’est pris en compte
l’effet d’inhomogénéité, c’est-à-dire le fait que l’inclusion a des constantes
élastiques différentes de celles de la matrice et répond donc différemment à
une sollicitation mécanique.

1. Bullough et Newman [153] notent que les contributions élastiques non linéaires du
cristal conduisent également à une contribution du second ordre par rapport à la déforma-
tion appliquée. En toute rigueur, quand la contribution inhomogène est prise en compte,
il faudrait également considérer ces contributions non linéaires.
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La polarisabilité d’un défaut ponctuel peut s’obtenir par simulation ato-
mique en calculant la variation des constantes élastiques d’un cristal due à la
présence du défaut ponctuel [156], ou d’autres méthodes équivalentes [157].
Dans le cas d’une inclusion d’Eshelby, elle peut également s’obtenir à partir
des différentes constantes élastiques de la matrice et de l’inclusion inhomo-
gène (cf. annexe D).

6.2 Dislocation - lacune [147]

−0.2

−0.15

−0.1

−0.05

 0

−60 −40 −20  0  20  40  60

E
in

te
r

V
−D

  (
eV

)

Distance  (Å)

atomic calculation
perfect dislocation

dissociated dislocation

(a) Direction [110].

−0.05

−0.025

 0

 0.025

 0.05

−60 −40 −20  0  20  40  60

E
in

te
r

V
−D

  (
eV

)

Distance  (Å)

atomic calculation
perfect dislocation

dissociated dislocation

(b) Direction [1̄11].

Figure 6.1 – Variation avec la distance de séparation de l’énergie d’interac-
tion Einter

V−D entre la lacune et la dislocation coin suivants deux directions dans
l’aluminium [147]. Les symboles correspondent aux simulations atomiques et
les lignes à la théorie élastique isotrope en supposant la dislocation parfaite
ou dissociée.

Nous avons calculé l’énergie d’interaction d’une dislocation coin avec une
lacune dans différents métaux c.f.c. (Al, Au, Cu, Ni) en utilisant à chaque
fois un potentiel empirique de type EAM [158–161]. L’énergie d’interaction
est calculée pour différentes positions relatives de la lacune par rapport à la
dislocation coin. Nous avons ensuite comparé les résultats de ces simulations
atomiques avec les prédictions de la théorie élastique. La lacune dans un
cristal c.f.c. étant un centre de dilatation, elle est uniquement caractérisée par
son volume de relaxation δΩ, et son interaction élastique avec la dislocation
est décrite par l’équation 6.1. Plusieurs approximations peuvent être utilisées
pour calculer la pression P d créée par la dislocation intervenant dans cette
équation. On peut utiliser la théorie élastique isotrope 2 ou anisotrope et
supposer la dislocation parfaite ou dissociée. La comparaison des prédictions
de la théorie élastique avec les résultats des simulations atomiques [147]
(Fig. 6.1) nous montre, pour les quatre métaux c.f.c. considérés, que

2. Pour les calculs en théorie élastique isotrope, nous utilisons les constantes élastiques
obtenues par moyenne de Voigt [4] du tenseur complet.
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— la théorie élastique parvient à prédire de façon quantitative l’interac-
tion dislocation - lacune dès que la distance de séparation entre les
deux défauts est supérieures à quelques distances atomiques ;

— la prise en compte de l’anisotropie élastique modifie très peu l’accord
entre théorie élastique et simulations atomiques, même pour le cuivre
qui a un comportement élastique fortement anisotrope. Étant donnée
la plus grande simplicité de la théorie élastique isotrope, il n’est donc
pas justifié dans ce cas de faire appel à la théorie élastique anisotrope ;

— la prise en compte de la dissociation de la dislocation, en considé-
rant la pression créée non pas par une dislocation parfaite mais par
deux dislocations partielles, améliore l’accord entre théorie élastique
et simulations atomiques (Fig. 6.1) à courte distance. Nous obser-
vons une amélioration même pour Al, métal dans lequel la distance
de dissociation est petite. Bien entendu, dès que la lacune se trouve
suffisamment loin de la dislocation, à une distance supérieure à la dis-
tance de dissociation environ, la prise en compte de la dissociation ne
modifie plus les prédictions de la théorie élastique. Patinet [162, 163]
a montré que l’accord à courte distance pouvait encore être amélioré
en modélisant la dissociation de la dislocation non pas à travers deux
partielles séparées par un ruban de faute d’empilement, mais en utili-
sant le modèle de Peierls-Nabarro pour représenter le cœur et obtenir
le champ élastique créé par la dislocation.

Nous avons également regardé si la prise en compte de l’effet d’inhomogé-
néité dû à la polarisabilité de la lacune (Eq. 6.4) modifiait l’énergie d’interac-
tion. Pour cela, nous avons assimilé la lacune à une inhomogénéité d’Eshelby
ayant des constantes élastiques nulles, maximisant ainsi cette contribution
inhomogène. Une expression analytique simple de cette contribution s’obtient
alors dans l’hypothèse d’un milieu élastique isotrope à partir du modèle d’in-
clusion d’Eshelby (Eq. D.15). Proche du cœur des dislocations partielles, l’ac-
cord entre théorie élastique et simulations atomiques est légèrement amélioré.
Le principal effet de cette contribution est en fait de disymétriser l’énergie
d’interaction de la lacune avec la dislocation, car cette contribution est qua-
dratique par rapport au champ de contrainte de la dislocation, conduisant
forcément à une diminution de l’énergie d’interaction.

Un travail similaire réalisé par Chen et al. [164] dans le tungstène pour
des dislocations soit coin, soit vis, aboutit également à la conclusion que la
théorie élastique isotrope parvient bien à prédire l’interaction dislocation -
lacune dès que les défauts sont séparés d’une distance supérieure à ∼ 5Å.
Dans le cas de la dislocation vis, l’effet d’inhomogénéité doit nécessairement
être considéré, l’interaction élastique étant nulle sans celui-ci. Pour la dislo-
cation coin, l’effet de taille prédomine comme dans notre étude.
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6.3 Dislocation - interstitiel [148]

(a) Dislocation vis - C en variant [100] (h =
4d110 ≃ 8.1Å)

(b) Dislocation vis - C en variant [001] (h =
3.5d110 ≃ 7.1Å)

(c) Dislocation coin - C en variant [100] (h =
−9d110 ≃ −18.2Å)

(d) Dislocation coin - C en variant [010]
(h = −7.5d110 ≃ −15.1Å)

Figure 6.2 – Énergie de liaison (Ebind = −Einter) entre une dislocation, vis
ou coin, et un atome de carbone en site octaédrique pour différents variants.
Les symboles correspondent aux simulations atomiques et les lignes à la
théorie élastique, considérant soit toutes les composantes du tenseur de la
contrainte créée par la dislocation, soit uniquement la pression, et prenant
en compte ou non l’anisotropie élastique.

Le même travail de comparaison entre simulations atomiques et théo-
rie élastique a été effectué pour un interstitiel de carbone interagissant avec
une dislocation coin ou vis dans le fer [148]. Cette étude s’est effectuée en
collaboration avec Charlotte Becquart, dans le cadre de la thèse de Hoang
Nguyen, et avec Michel Perez, dans le cadre du post-doc de Sébastien Garru-
chet. Pour les simulations atomiques, un potentiel empirique EAM [165] a été
utilisé. Ce potentiel repose sur le potentiel EAM de Mendelev [36] pour les
interactions dans le fer pur. Les interstitiels de carbone résident dans les sites
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octaédriques de la maille c.c. du fer. Ces sites ont une symétrie tétragonale, si
bien que le dipôle élastique représentant l’atome de carbone et exprimé dans
le repère de la maille cubique est diagonale avec les deux composantes Pii

identiques dans le plan orthogonal à l’axe tétragonal. L’interaction élastique
du carbone avec la dislocation est à présent décrit par l’équation 6.3.

La comparaison des prédictions de la théorie élastique avec les résultats
des simulations atomiques (Fig. 6.2) nous montre que :

— la théorie élastique parvient à prédire quantitativement l’énergie in-
teraction dès lors que l’anisotropie élastique est prise en compte, ainsi
que l’ensemble des composantes du dipôle caractérisant le carbone.
Pour la dislocation vis, l’accord est parfait même quand l’atome de
carbone est très proche du cœur (∼ 2Å). Pour la dislocation coin,
un accord parfait est obtenu à partir d’une distance de séparation
d’environ 20Å ;

— si on suppose un comportement élastique isotrope, on ne reproduit
que qualitativement cette énergie d’interaction ;

— on ne peut pas supposer que l’atome de carbone est un simple centre
de dilatation, et négliger ainsi la composant tétragonale de sa sollici-
tation : cela conduit à une énergie d’interaction en désaccord avec les
simulations atomiques.

Ce travail a ensuite été étendu par Roberto Veiga au cours de sa thèse 3

pour également prédire avec la théorie élastique les barrières de migration de
l’interstitiel de carbone dans le champ de contrainte de la dislocation [22,23].
En effet, le modèle élastique (Eq. 6.3) peut être utilisé non seulement pour
calculer l’énergie d’interaction avec la dislocation quand le carbone est dans
sa position stable, i.e. le site octaédrique, mais également quand le carbone
migre d’une position stable à la position voisine. En particulier, la barrière
d’énergie associée à la migration de l’atome de carbone s’écrit

Emig(εd) = Emig(0) + PC,octa
ij εdij(~rocta)− PC,saddle

ij εdij(~rsaddle),

où PC,octa
ij et PC,saddle

ij sont les dipôles élastiques caractérisant l’atome de
carbone respectivement en position stable et au point col, ~rocta et ~rsaddle
les positions respectives, et εd(~r) la déformation créée par la dislocation au
point ~r.

L’effet du champ de contrainte de la dislocation sur la migration du
carbone peut être visualisé en définissant, pour chaque configuration stable
i du carbone, un vecteur biais

〈~d〉 =
∑

j

Pi→j
~δi→j , (6.5)

où Pi→j est la probabilité pour l’atome de carbone de passer de la configu-
ration i à j, et ~δi→j le vecteur joignant ces deux configurations. En calculant

3. Thèse encadrée par Michel Perez et Charlotte Becquart.
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Figure 6.3 – Biais 〈~d〉 introduit par la dislocation sur la migration d’un
interstitiel de carbone dans le fer à 300 K (Eq. 6.5) calculé soit par simulations
atomiques, soit en théorie élastique anisotrope. La dislocation est de type
coin à gauche, et vis à droite.
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ces probabilités Pi→j soit par simulations atomiques, soit en théorie élastique
anisotrope, on peut comparer les prédictions des deux méthodes de modé-
lisation (Fig. 6.3). On voit ainsi que la théorie élastique permet pleinement
de prendre en compte l’effet du champ de contrainte de la dislocation sur
la migration du carbone. Une modélisation à l’échelle atomique ne s’avère
nécessaire que proche du cœur de la dislocation.

Le même type de méthode reposant sur la représentation d’un défaut
ponctuel par un dipôle élastique a été utilisé par Subramanian et al. [166]
pour modéliser la migration d’une lacune dans le champ de contrainte d’une
dislocation dans le zirconium.

6.4 Conclusion et perspectives

Ce travail de comparaison entre simulations atomiques et théorie élas-
tique montre l’aptitude de cette dernière à décrire de façon quantitative
l’interaction d’un défaut ponctuel avec une dislocation, que ce défaut ponc-
tuel soit de nature lacunaire ou interstitiel. Une description atomique s’avère
nécessaire seulement quand le défaut ponctuel est proche du cœur de la dislo-
cation. Dès lors, il est possible de coupler les deux échelles de modélisation en
limitant la région où une description atomistique est employée au voisinage
immédiat du cœur des dislocations. Comme le montre le travail de Roberto
Veiga [22, 23], ceci peut être fait non seulement pour modéliser l’interaction
des deux défauts, mais également la cinétique d’évolution. Il est alors possible
de s’intéresser à des situations plus complexes que les “cas d’école” traités
dans ce chapitre. À titre d’illustration, on peut citer les travaux de Chen et
al. [167] utilisant une telle modélisation élastique pour simuler la cinétique
de ségrégation de soluté sur une jonction de dislocation puis l’évolution en
fonction du temps de la contrainte de destruction de la dislocation.

Notre étude montre également que l’interaction élastique de la lacune
avec une dislocation se limite au simple “effet de taille”, conduisant à une
expression simple de l’énergie d’interaction ne faisant intervenir que le champ
de pression. Par contre, ceci n’est plus forcément vrai pour l’interstitiel à
cause de la symétrie de celui-ci pouvant entraîner un “effet de forme”. 4 Les
théories continues de la diffusion des défauts ponctuels vers les dislocations,
utilisées en particulier pour obtenir des lois exprimant la vitesse de montée
des dislocations, ne considèrent que l’effet de taille [153–155, 168]. Ceci est
donc pleinement justifié pour la lacune, mais demanderait à être validé dans
le cas de l’interstitiel.

4. Cet effet de forme est présent pour un cristal c.c. mais pas forcément pour un cristal
c.f.c. où l’interstitiel est généralement un simple centre de dilatation.
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Chapitre 7

Absorption de lacunes par les
dislocations

Article associé:
Clouet E. Predicting dislocation climb : Classical modeling versus ato-
mistic simulations. Phys. Rev. B 84 (2011), p. 092106.

À haute température ou sous irradiation, les dislocations peuvent bouger
hors de leur plan de glissement. Ce mouvement, appelé montée, nécessite
l’émission ou/et l’absorption de défauts ponctuels. Dans les métaux hors ir-
radiation, ces défauts ponctuels sont des lacunes, car les auto-intersitiels ont
une énergie de formation beaucoup trop élevée pour pouvoir être émis. La
modélisation de la montée des dislocations nécessite de comprendre le méca-
nisme d’absorption et création de lacunes par la dislocation. Cette absorption
ou émission ne s’effectue pas n’importe où sur la ligne de dislocation, mais
en des endroits localisés nommés crans. Nous nous sommes donc intéressés à
la structure de ces crans, ainsi qu’à leur interaction avec les lacunes en nous
appuyant sur des simulations atomiques. Le but est de comprendre quels
ingrédients doivent être retenus pour pouvoir ensuite modéliser la montée à
une échelle supérieure, typiquement l’échelle mésoscopique des simulations
de dynamique des dislocations. Dans cette même perspective, nous nous in-
téressons à la cinétique de diffusion des lacunes vers une dislocation crantée,
comparant vitesses de montée observée en simulations atomiques avec les
vitesses prédites par les modèles classiques de montée.

7.1 Dislocation crantée

Classiquement, un cran se définit comme une portion de la ligne de dis-
location perpendiculaire à son plan de glissement. Cependant, dès que l’on
s’intéresse à une structure particulière, la cristallographie de celle-ci a des
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conséquences sur la structure du cran. Dans les métaux cubiques à faces
centrées (c.f.c.), Hirsch [169] a décrit les différentes configurations possibles
pour un cran en se basant sur des modèles de tension de ligne et les règles
classiques de dissociation des dislocations. Selon Hirsch, un cran peut se for-
mer soit dans un plan dense (111) (faces du tétraèdre de Thompson [170]),
soit dans une direction dense [110] (arêtes du tétraèdre de Thompson). Dans
les deux cas, la direction du cran n’est pas perpendiculaire au plan de glis-
sement de la dislocation et il existe donc une configuration obtuse et une
configuration aiguë.

Figure 7.1 – Structure atomique d’une dislocation coin crantée dans le
cuivre. La hauteur du cran correspond à 5 plans (111) et sa configuration est
obtuse à gauche et aiguë à droite. Seuls les atomes ne présentant pas un em-
pilement c.f.c. sont représentés : les atomes en bleu foncé appartiennent au
cœur des dislocations partielles et les atomes en orange au défaut d’empile-
ment. Les règles de dissociation de la dislocation coin dans les plans (111) α
et β telles que prédites par Hirsch [169], ainsi que le tétraèdre de Thompson
correspondant, sont représentés sur le schéma du bas.

Nous avons étudié la structure des crans sur une dislocation coin par
simulations atomiques en utilisant divers potentiels EAM représentatifs des
métaux c.f.c. [158–161]. Afin de vérifier si la description donnée par Hirsch
[169] correspond réellement à ce qui est observé à l’échelle atomique, nous
nous intéressons tout d’abord à des crans dont la hauteur correspond à plu-
sieurs plans (111) (jusqu’à 5 plans). Quels que soient la hauteur du cran
et le métal c.f.c. considéré, la structure la moins énergétique est obtenue
pour un cran résidant dans un plan dense de type (111) partageant le même
vecteur de Burgers que le plan de glissement de la dislocation (Fig. 7.1).
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Ceci est vrai aussi bien pour un cran obtus qu’aigu. Ces deux types de cran
sont dissociés et cette dissociation correspond à la description donnée par
Hirsch [169]. En particulier, à l’intersection des deux plans denses, corres-
pondant au plan de glissement de la dislocation et au plan de dissociation
du cran, apparaissent des dislocations stair rod. Celles-ci sont des disloca-
tions de Hirth (type CD/αβ) dans le cas d’un cran obtus et des dislocations
de Lomer-Cottrell (type αβ) dans le cas d’un cran aigu. La longueur de
dissociation différente observée en chacune des extrémités du cran peut se
rationaliser en considérant les normes différentes des vecteurs de Burgers de
ces dislocations stair rod entrainant donc des tensions de ligne différentes,
ainsi que par le fait que chaque partielle composant la dislocation coin tend
à prendre à un nœud tripe une orientation vis afin de minimiser sa tension
de ligne [171,172].

Figure 7.2 – Structure atomique d’une dislocation coin crantée dans le
cuivre pour une hauteur de cran correspondant à un plan dense (111). Seuls
les atomes ne présentant pas un empilement c.f.c. sont représentés : les
atomes en bleu foncé appartiennent au cœur des dislocations partielles et
les atomes en orange au défaut d’empilement.

Les double-crans de hauteurs monoatomiques ont une structure réma-
nente des “super-crans” (Fig. 7.2). On retrouve en particulier le fait que
le cran aigu s’étale moins que le cran obtus, en accord avec la description
précédente en terme de dislocations stair rod. Le tableau 7.1 montre que
les énergies de formation de ces double-crans varient d’un facteur 5 d’un
métal c.f.c. à l’autre. Ces variations peuvent se rationaliser en considérant
l’énergie élastique des dislocations stair rod. Comme il s’agit de dislocations
purement coin, leur énergie élastique varie, d’un métal à l’autre, comme
µ a2/(1 − ν), avec µ le module de cisaillement, ν le coefficient de Pois-
son et a le paramètre de maille. Ces segments de dislocation ont une lon-
gueur de l’ordre de la distance de dissociation d de la dislocation coin. Selon
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Potentiel Al [158] Au [159] Cu [160] Ni [161]
Ef

jog (eV) 1.2 3.5 4.7 5.0
a (Å) 4.032 4.079 3.615 3.52

γ (mJ.m−2) 104 30.7 44 89
C11 (GPa) 118 185.8 170 246
C12 (GPa) 62.3 157.1 123 147
C44 (GPa) 36.7 38.9 76.2 125
µ (GPa) 33.2 29.1 55.2 94.7

ν 0.320 0.418 0.324 0.277
d (Å) 11.7 43.4 37.0 27.5

Ef
jog/

[

µ2a4(2 + ν)/γ(1− ν)2
]

0.14 0.10 0.13 0.12

Table 7.1 – Énergie de formation d’un double décrochements Ef
jog dans

différents métaux c.f.c. Sont également donnés le paramètre de maille a,
l’énergie de faute d’empilement γ, les constantes élastiques anisotropes C11,
C12, et C44, le module de cisaillement µ et le coefficient de Poisson ν obtenus
par moyenne de Voigt, et la distance de dissociation d calculée en théorie
élastique isotrope.

la théorie élastique isotrope, cette distance de dissociation est donnée par
d =

[

(2 + ν)µa2
]

/ [(1− ν)48πγ], avec γ l’énergie de faute d’empilement. Au
final, on prédit donc que l’énergie de formation d’un double cran doit varier
comme

Ef
jog ∝ µ2a4

γ

2 + ν

(1− ν)2
,

ce que confirme le tableau 7.1 avec un facteur de proportionnalité valant
0.12± 0.02.

Les simulations de dynamique moléculaire réalisés dans le cuivre montrent
que ces dislocations crantées peuvent glisser sans émission de défaut ponc-
tuel. Le cran a juste pour effet d’augmenter la force de friction s’exerçant sur
la dislocation. Ceci est vrai même pour des super-crans, malgré la présence
des petits segments de dislocation stair rod. Le même comportement dyna-
mique d’une dislocation coin crantée a été observé par Rodney et Martin
dans le nickel [171].

Le calcul par simulation atomique de l’énergie d’interaction de la dislo-
cation coin crantée avec une lacune montre que la position la plus attractive
pour la lacune se situe dans le cœur d’une dislocation stair rod. Dans le cas
où la hauteur du cran correspond à un seul plan (111), l’énergie d’interaction
ainsi obtenue vaut exactement l’opposé de l’énergie de formation de la lacune
en volume. Ceci traduit le fait que ces crans mono-atomiques constituent des
sources et des puits parfaits de lacunes. La meilleure façon de s’en convaincre
est d’observer la structure du cran après avoir disposé une lacune au niveau
de la dislocation stair rod et laissé le système se relaxer. Bien que le cran soit
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dissocié, il parvient parfaitement à absorber la lacune, avançant ainsi d’une
distance interatomique et conduisant donc à la montée de la dislocation. Ce
scénario est vérifié pour les configurations obtuse et aiguë du cran.

7.2 Vitesse de montée des dislocations

Modéliser la montée des dislocations nécessite d’exprimer leur vitesse de
montée par une loi de mobilité. Ceci peut être fait en s’appuyant sur la théorie
de la diffusion afin de décrire la cinétique de diffusion des lacunes qui, soit
viennent s’éliminer sur un cran d’une dislocation, soit y sont émises. La loi de
mobilité ainsi obtenue peut ensuite être utilisée dans des modélisations à des
échelles supérieures, comme des simulations de dynamique des dislocations
[173–175] ou de plasticité cristalline [176]. Dans cette section, nous décrivons
dans un premier temps la loi de mobilité pour la montée utilisée par Dan
Mordehai et Botond Bakó au cours de leurs post-docs, puis nous validons
ce modèle dans le cas particulier d’une forte sursaturation en lacunes en
utilisant les résultats de simulations atomiques publiés par Kabir et al. [177].

7.2.1 Loi de mobilité en montée

Nous nous intéressons à la montée hors irradiation d’une dislocation rec-
tiligne de caractère 1 θ. La montée de la dislocation s’effectue donc par émis-
sion ou absorption de lacunes. Les crans sur la lignes de dislocation étant des
sources et des puits parfaits de lacunes, proches de ces crans la concentration
de lacunes est à l’équilibre. Elle est donc donnée par [4, 178,179]

Ceq
V = C0

V exp

(

FclΩ

kTb sin (θ)

)

, (7.1)

avec C0
V = exp (−Ef

V/kT ) la concentration de lacunes à l’équilibre dans
le cristal parfait, 2 Ef

V étant l’énergie de formation de la lacune. Le terme
exponentiel dans l’équation 7.1 rend compte du travail de la force de montée
Fcl, celle-ci étant la projection de la force de Peach-Koehler dans la direction
normale au plan de glissement. Si la dislocation est soumise à une contrainte
σ,

Fcl =
[

(σ~b)×~l
]

· ~n, avec ~n =
~b×~l

b sin (θ)
=

~b×~l

‖~b×~l‖
. (7.2)

Une loi de mobilité simple peut être obtenue en supposant que les crans
sont suffisamment nombreux et la diffusion le long de la dislocation (pipe

1. Le caractère θ est ici défini par sin (θ) = ‖~b × ~l‖/b pour une dislocation de vecteur
de Burgers ~b et de vecteur ligne ~l. Avec cette définition, on a toujours sin (θ) ≥ 0. θ = π/2
pour une dislocation coin et θ = 0 pour une vis

2. Sous pression, il faut corriger la concentration d’équilibre de lacunes en prenant
également en compte la contribution provenant du volume de relaxation [180,181].

79



Chapitre 7

diffusion) suffisamment rapide pour que la concentration de lacunes soit à
l’équilibre non seulement au niveau des crans mais également tout le long de
la ligne de dislocation. En supposant que loin de la dislocation, à une distance
R∞, la concentration de lacunes est fixée à la valeur C∞

V , la théorie de la
diffusion prédit alors que la vitesse de montée d’une dislocation rectiligne
infinie est donnée par [4, 173,174,178]

vcl = η
DV

b sin (θ) ln (R∞/rc)

(

Ceq
V − C∞

V

)

. (7.3)

Le facteur géométrique η vaut théoriquement 2π. DV est le coefficient de
diffusion des lacunes. Le rayon de capture rc correspond à la distance de la
ligne de dislocation à laquelle la concentration de lacunes prend sa valeur
d’équilibre : rc est de l’ordre de quelques b. Cette loi de mobilité s’obtient
facilement en négligeant l’interaction élastique entre lacunes et dislocations.
Cependant, on montre que l’interaction élastique a pour effet principal de
modifier la valeur de ce rayon de capture [155,182]. En particulier, ce rayon
de capture sera plus grand pour les auto-interstitiels que pour les lacunes,
l’interaction élastique étant plus importante dans le premier cas.

Il peut s’avérer utile d’identifier dans la loi donnant la vitesse de montée
de la dislocation (Eq. 7.3) les termes correspondant aux forces thermodyna-
miques. Ceci est nécessaire par exemple si l’on souhaite connaitre la puis-
sance dissipée au cours du mouvement de montée. La force correspondant
au travail de la contrainte appliquée sur la dislocation est bien identifiée : il
s’agit de la force de Peach-Koehler, seule la composante projetée suivant la
normale au plan de glissement (Eq. 7.2) intervenant au cours de la montée.
Une concentration de lacunes C∞

V qui n’est pas à l’équilibre crée également
une force sur la dislocation appelée force osmotique. L’expression de cette
force s’obtient en considérant que le travail dissipé au cours de la montée
est égal au nombre de lacunes absorbées ou émises multiplié par le potentiel
chimique des lacunes. Lothe et Hirth [181] montrent alors que cette force
osmotique est donnée par

Fos = −b sin (θ)kT

Ω
ln

(

C∞

V

C0
V

)

. (7.4)

La loi de mobilité en montée peut donc être réécrite sous la forme

vcl = η
DVC

0
V

b sin (θ) ln (R∞/rc)

[

exp

(

FclΩ

b sin (θ)kT

)

− exp

(

− FosΩ

b sin (θ)kT

)]

.

On voit donc que cette loi de mobilité est non linéaire. La partie correspon-
dant à la force de Peach-Koehler peut généralement être linéarisé car pour
les contraintes usuelles l’argument de l’exponentiel est petit. Par contre, il
n’en est pas de même pour la partie correspondant à la force osmotique dès
qu’il y a une sursaturation ou sous-saturation en lacunes.
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7.2.2 Validation à l’échelle atomique

Cette description classique de la montée permet d’expliquer raisonna-
blement différentes observations expérimentales. Cependant, une validation
quantitative par comparaison directe de la loi de mobilité (Eq. 7.3) avec des
données expérimentales n’est pas envisageable. La montée est rarement le
seul mécanisme produisant de la déformation plastique, et les microstructures
expérimentales de dislocations sont en général beaucoup plus complexes qu’il
n’est supposé dans le modèle de diffusion. Il est possible par contre d’étudier
par simulations atomiques la montée pure d’une microstructure idéale de
dislocations. De telles simulations offrent donc une opportunité pour tester
quantitativement les prédictions de ce modèle classique de montée.

Nous avons effectué ce travail de comparaison [183] en utilisant les simu-
lations atomiques publiées par Kabir et al. [177]. Ces simulations atomiques
de la montée d’une dislocation mixte dans le fer-α reposent sur un algorithme
de Monte Carlo cinétique reproduisant la diffusion de lacunes et leur annihi-
lation sur un cran de la dislocation. L’influence des dislocations sur l’énergie
de migration de la lacune est pleinement prise en compte grâce à un potentiel
empirique permettant ainsi de calculer les barrières de migration entre les
différentes positions d’équilibre de la lacune (méthode NEB).
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Figure 7.3 – Variation avec la densité de dislocation ρD de la vitesse de
montée vcl pour différentes températures et sursaturations de lacunes. Les
symboles correspondent aux simulations atomiques de Kabir et al. [177] et
les lignes à l’équation 7.5. À gauche, la vitesse de montée vcl a été normalisée
par la concentration de lacunes et le coefficient de diffusion.

Dans ces simulations atomiques, la montée est provoquée par une sursa-
turation de lacunes et, du fait de la petite taille de la cellule de simulation,
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les dislocations sont saturées en crans. On vérifie donc l’hypothèse utilisée
pour obtenir la loi de montée donnée par l’équation 7.3. La distance R∞

apparaissant dans cette expression doit correspondre à la moitié de la dis-
tance moyenne entre dislocation, soit R∞ = 1/(2

√
ρD), si ρD est la densité

de dislocations. La forte sursaturation de lacunes utilisée pour ces simula-
tions atomiques conduit par ailleurs à C∞

V ≫ Ceq
V . La vitesse de montée des

dislocations dans ces simulations atomiques doit donc suivre la relation

vcl = −η
DV

b sin (θ) ln (2rc
√
ρD)

C∞

V . (7.5)

Cette équation prédit donc que la vitesse de montée, une fois normalisée
par DVC

∞

V , dépend uniquement de la densité de dislocations ρD. Ceci est
en accord avec les résultats des simulations atomiques : quels que soient la
température ou la sursaturation de lacunes, la vitesse de montée est bien
reproduite par l’équation 7.5 (Fig. 7.3). Le paramètre géométrique η et le
rayon de capture rc apparaissant dans cette équation ont été ajustés, le
meilleur accord avec les simulations atomiques étant obtenu pour η = 12.8 ∼
4π et rc = 4.3b. Ces deux paramètres ont donc des valeurs proches de leurs
valeurs théoriques et ne dépendent ni de la densité de dislocation, ni de la
sursaturation de lacunes, ni de la température.

Cette comparaison avec les simulations atomiques illustre donc la ca-
pacité du modèle classique à décrire quantitativement la montée des dislo-
cations. La prise en compte de tous les détails à l’échelle atomique de la
migration des lacunes ne semble donc pas nécessaire, si bien qu’il est pos-
sible d’utiliser une approche mésoscopique reposant sur une description de
milieu continu pour modéliser la montée. Une telle approche permet non
seulement de rationaliser les résultats des simulations atomiques, mais est
également nécessaire pour extrapoler ceux-ci dans des domaines de densité de
dislocations correspondant aux densités mesurées expérimentalement [183].
Ceci nous donne par ailleurs confiance dans l’utilisation d’un tel modèle de
montée dans des simulations de dynamique des dislocations, comme nous le
ferons au chapitre suivant.

7.3 Conclusions et perspectives

Après avoir étudié la structure des crans sur une dislocation dissociée
dans un métal c.f.c., nous avons montré que ces crans constituent des sources
et des puits parfaits de lacunes. Dès lors, une loi de mobilité décrivant la
montée des dislocations peut être facilement obtenue en supposant que les
dislocations sont saturées en crans, permettant ainsi de maintenir à l’équi-
libre la concentration de lacune au voisinage immédiat de la dislocation. La
comparaison avec des simulations atomiques a permis de montrer que cette
loi de mobilité était pleinement quantitative. Son utilisation dans des simu-
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lations de dynamique des dislocations nous permettra au chapitre suivant
d’effectuer un changement d’échelles dans notre modélisation de la montée.

Auparavant, il apparait intéressant de voir quelles sont les limites éven-
tuelles du modèle de montée ainsi établi. L’expression de la vitesse de montée
d’une dislocation (Eq. 7.3) diverge lorsque le caractère θ de la dislocation
tend vers 0, c’est-à-dire pour des orientations proches de la vis. Ce modèle
ne permet donc pas de décrire la montée de dislocations mixtes à fortes com-
posantes vis. Il s’agit d’une divergence de la mobilité, la force de montée Fcl

(Eq. 7.2) restant finie et la force osmotique Fos (Eq. 7.4) s’annulant pour une
orientation vis. Cette divergence est due à notre hypothèse de crans suffisam-
ment nombreux et de diffusion le long de la dislocation suffisamment rapide
pour maintenir la concentration de lacune à l’équilibre. Pour une orientation
vis, il n’est plus possible de définir un cran, du moins pas au sens de source
/ puits de lacunes, si bien que cette hypothèse de dislocation saturée en
cran n’est plus valide. Pour aller au-delà de ce simple modèle de montée, il
s’avère donc nécessaire de traiter plus explicitement l’influence des crans sur
la montée de dislocations et également d’être capable de décrire comment la
population de crans varie avec le caractère de la dislocation [184, 185]. Ceci
nécessite d’aller au-delà de l’étude préliminaire que nous avons effectuée à
l’échelle atomique sur les crans et d’étudier la germination de ceux-ci pour
différentes orientations de la ligne de dislocation. Au final, on devrait ainsi
être en mesure d’obtenir une loi de mobilité en montée s’appliquant à toutes
les dislocations, quel que soit leur caractère.
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Chapitre 8

Simulations de dynamique des
dislocations avec montée

Articles associés:

— Mordehai D., Clouet E., Fivel M. et Verdier M. Introducing dislocation
climb by bulk diffusion in discrete dislocation dynamics. Philos. Mag.
88 (2008), p. 899.

— Mordehai D., Clouet E., Fivel M. et Verdier M. Annealing of dislo-
cation loops in dislocation dynamics simulations. IOP Conf. Series :
Mater. Sci. Eng. 3 (2009), p. 012001.

— Bakó B., Clouet E., Dupuy L.M. et Blétry M. Dislocation dynamics si-
mulations with climb : Kinetics of dislocation loop coarsening control-
led by bulk diffusion. Philos. Mag. 91 (2011), p. 3173.

Les simulations de dynamique des dislocations (DD) constituent un des
principaux outils numériques permettant de modéliser le comportement col-
lectif d’une population de dislocations sous un chargement mécanique quel-
conque. Ces simulations permettent ainsi d’effectuer un changement d’échelle,
de la dislocation isolée au volume élémentaires représentatif. Pour ce faire,
elles prennent en compte l’interaction élastique entre dislocations et uti-
lisent des règles constitutives permettant une description à l’échelle méso-
scopique des propriétés de cœur des dislocations telles que leur mobilité ou
le glissement dévié. Pour des raisons de simplicité, les simulations de DD ne
considèrent généralement que le mouvement par glissement des dislocations.
Néanmoins, à haute température ou sous irradiation, celles-ci peuvent bouger
hors de leur plan de glissement par montée. Ce mouvement thermiquement
activé joue un rôle important pour les phénomènes de fluage [186,187] et de
restauration [188]. La montée des dislocations est en particulier essentielle
pour comprendre la formation des sous-joints de polygonisation observés à
haute température [189,190], ainsi que la destruction des dipôles de disloca-

85



Chapitre 8

tions coin, permettant ainsi la restauration de la microstructure. Il apparait
donc important de prendre en compte la montée des dislocations dans des
simulations de DD pour pouvoir utiliser de telles simulations dans des études
du comportement mécanique à chaud.

8.1 Montée par diffusion en volume

L’incorporation d’un modèle de montée dans des simulations de DD a
constitué le sujet des post-docs de Dan Mordehai et Botond Bakó. Le mo-
dèle de montée implémenté est celui décrit au précédent chapitre (Eq. 7.3),
dans l’hypothèse donc de dislocations saturées en crans conduisant à une
vitesse de montée contrôlée par la diffusion en volume des défauts ponctuels.
Dan Mordehai, en collaboration avec Marc Fivel et Marc Verdier, a implé-
menté ce modèle de montée [173] dans le code DD TriDis [191] développé au
SIMaP (INP Grenoble), code où les lignes de dislocations sont discrétisées
en segments vis et coins. Botond Bakó, en collaboration avec Laurent Dupuy
et Marc Blétry, a implémenté ce même modèle de montée [174] dans le code
de DD nodal aNuMoDis développé au SRMA (CEA Saclay) et au SIMaP.

Auparavant, la montée des dislocations avait été introduite dans diffé-
rents codes de DD, soit à deux [189,190,192] ou trois dimensions [193–196].
Cependant, ces simulations traitaient généralement la montée de la même
façon que le glissement des dislocations, c’est-à-dire un mouvement conser-
vatif. Ceci ne permet pas de saisir l’ensemble de la physique, en particulier
lorsque la concentration de défauts ponctuels dans le milieu n’est pas à l’équi-
libre et qu’il existe une force osmotique (Eq. 7.4). Le modèle de montée que
nous avons utilisé avec Dan Mordehai et Botond Bakó repose sur la théorie
de la diffusion des défauts ponctuels et permet donc d’aller au-delà de ces
limitations.

Les simulations de DD réalisées [173] ont montré que ce modèle simple
de montée permet de correctement reproduire l’activation d’une source de
Bardeen-Herring, i.e. l’équivalent d’une source de Frank-Read pour le mou-
vement de montée, que la source soit activée par une contrainte ou par une
sursaturation de lacunes. De même, l’expansion ou la décroissance de boucles
prismatiques, qu’elles soient de nature interstitielle ou lacunaire, sont correc-
tement reproduites. Dans les différents cas, la comparaison avec des formules
analytiques reposant sur un modèle de tension de ligne montre qu’il n’y a
pas d’artefact introduit par la discrétisation des simulations de DD.

Ces simulations de DD avec montée ont également été utilisées pour
étudier la coalescence d’une population de boucles prismatiques de nature
lacunaire [174, 197]. Dans de telles simulations, la concentration en lacunes
du milieu moyen, C∞

V , est ajustée à chaque pas de temps en prenant en
compte les lacunes émises ou absorbées par les différents segments afin de
maintenir constant le nombre total de lacunes dans le système, c’est-à-dire
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la somme des lacunes libres et des lacunes condensées dans les boucles pris-
matiques. On obtient alors une cinétique de coalescence où les boucles les
plus grandes croissent en absorbant les lacunes émises par les boucles les
plus petites qui elles décroissent. Cette cinétique de coalescence avait été
modélisée par Kirchner [198] et par Burton et Speight [199] en se basant sur
un modèle de tension de ligne. Le modèle obtenu (modèle KBS) conduit à
des expressions analytiques de la distribution de taille des boucles, en parti-
culier l’évolution temporelle du rayon moyen et de la la densité des boucles,
ainsi que l’évolution de la sursaturation. Il s’agit de l’analogue de la théorie
LSW [200, 201] pour des objets à deux dimensions croissant dans un milieu
à trois dimensions. La comparaison de nos simulations DD avec ce modèle
KBS [174] nous a permis de montrer sa pertinence, validant ainsi les hypo-
thèses qui le sous-tendent.

Les simulations DD permettent d’aller au-delà de ce modèle KBS en au-
torisant les boucles de dislocation à glisser sur leur cylindre prismatique (cas
des boucles prismatiques non fautées). Comme les échelles de temps asso-
ciées aux mouvements de glissement et de montée sont très différentes, nous
avons utilisé une approximation adiabatique : les microstructures de disloca-
tion sont d’abord équilibrées vis à vis du glissement en utilisant un petit pas
de temps. Lorsque ce glissement ne produit plus de déformation plastique,
un macro-pas de temps où seule la montée est autorisée est alors exécuté.
La prise en compte de ce glissement dans nos simulations DD [174] conduit
à une accélération de la cinétique de coalescence. En effet, le glissement des
boucles de dislocations sur leur cylindre prismatique entraine des collisions
conduisant à la coagulation directe des boucles. Ces mêmes simulations de
DD avec montée et glissement permettent également de reproduire l’instabi-
lité d’une dislocations vis en présence d’une forte sursaturation de lacunes,
conduisant à la création d’une hélice.

8.2 Montée conservative

La diffusion accélérée le long des lignes de dislocation (pipe diffusion
[202,203]) conduit à un mécanisme de montée dit conservatif [133]. Dans ce
cas, la force motrice de montée provient des hétérogénéités de concentration
de lacunes le long des lignes de dislocations. La diffusion de ces lacunes le long
de la ligne permet une homogénéisation de cette concentration, conduisant
ainsi à un possible déplacement à surface constante des boucles prismatiques
perpendiculairement à leur cylindre de glissement.

Ce mécanisme de montée à été implémenté dans le code de DD aNu-
MoDis. En négligeant la montée par diffusion en volume, on montre que la
vitesse de montée d’un segment de dislocation n de caractère θn, de vecteur
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de Burgers ~b et de longueur ln est donnée par

vncl = − Ω

lnb sin (θn)
πrc

2
∑

i

Jp
i→n, (8.1)

où Ω est le volume atomique et le rayon de capture rc correspond à celui
utilisé pour la diffusion en volume (Eq. 7.3). Dans cette équation, la somme
court sur tous les segments i connecté au segment n. Le flux de diffusion du
segment i au segment n est proportionnel au gradient de concentration de
lacunes. En linéarisant ce gradient, on obtient donc

Jp
i→n = −Dp

Ω

Cn
V − Ci

V

‖~ri − ~rn‖
. (8.2)

Dp est le coefficient de diffusion des lacunes le long de la ligne de dislocation
(défini pour le rayon de capture rc). ~ri est la position du segment de dis-
location i et Ci

V la concentration de lacunes sur ce segment. En travaillant
toujours dans l’hypothèse de dislocations saturées en crans et de diffusion
suffisamment rapide le long de la ligne de dislocation, on peut supposer que
cette concentration de lacunes est à l’équilibre sur les lignes de dislocation et
est donc donnée par l’équation 7.1. Pour des forces de montée Fcl suffisam-
ment faible, le flux de diffusion Jp est donc proportionnelle au gradient de
Fcl (Eq. 8.2), conduisant à une vitesse de montée proportionnelle à la dérivée
seconde de Fcl (Eq. 8.1). On retrouve ainsi le modèle de montée développé
par Turunen et al. [179,204,205].

t = 0s

t = 644ns

t = 0.035ms

t = 5925ns

t = 0s

t = 1.85  s

t = 11  sµ

µ

Figure 8.1 – Évolution temporelle de boucles de dislocations prismatiques
associée avec la diffusion accélérée le long de la ligne de dislocation.

Les simulations de DD réalisées avec ce modèle de diffusion parviennent à
reproduire les effets de la montée conservative. Ainsi la pipe diffusion conduit
à un arrondissement des boucles prismatiques (Fig. 8.1) afin de minimiser
leur tension de ligne. Le déplacement des boucles prismatiques perpendi-
culairement à leur cylindre de glissement peut également conduire à des
phénomènes de coagulation (Fig. 8.2). Au cours de tous ces phénomènes,
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Figure 8.2 – Coalescence par pipe diffusion de deux boucles prismatiques
de nature lacunaire.

la surface totale des boucles prismatiques est conservées puisque les lacunes
émises à un point de la boucle sont absorbées en un autre point de la boucle.

Il est bien entendu possible de considérer à la fois la montée par diffusion
en volume et par diffusion accélérée le long des lignes de dislocation. Pour
ce faire, il suffit d’ajouter dans l’équation 8.1 de la vitesse de montée des
segments le flux de diffusion en volume (Eq. 7.3). Néanmoins, comme les deux
mécanismes de diffusion ne sont pas forcément associés à la même échelle de
temps, il peut s’avérer nécessaire d’utiliser une approximation adiabatique
comme nous l’avons fait précédemment avec le glissement afin de séparer les
deux échelles.

8.3 Perspectives

Les simulations de DD avec montée que nous avons réalisées constituent
des premiers cas tests destinés à valider notre implémentation de la mon-
tée dans un code de DD. Cette étape de vérification effectuée, il apparait
opportun d’utiliser le nouvel outil de simulation ainsi développé pour des
situations plus complexes impliquant la montée des dislocations. De telles
simulations de DD peuvent à présent être utilisées pour étudier les phéno-
mènes de fluage et de restauration. En particulier, elles pourraient permettre
de mieux comprendre la formation des sous-joints de polygonisation obser-
vés à haute température [189, 190]. Le seul point potentiellement bloquant
pour une telle étude est le nombre de segments de dislocation beaucoup plus
important que le code de DD devrait gérer par rapport à ce qui a été fait
jusqu’à présent.

Du point de vue du modèle de montée utilisé dans ces simulations de DD,
sa limite principale réside dans l’hypothèse que les lacunes sont à l’équilibre
le long des lignes de dislocation. Comme nous l’avons souligné au précédent
chapitre, il est nécessaire pour aller au-delà de cette hypothèse de traiter
plus explicitement les crans sur les lignes de dislocation. La prise en compte
de ces crans sur la vitesse de montée peut être facilement prise en compte
via la théorie de la diffusion [186]. Par contre, il est également nécessaire
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de pouvoir décrire la cinétique d’évolution de la population de crans sur les
différents segments de dislocation. Ceci nécessite en particulier de pouvoir
modéliser la germination de ces crans. En l’absence d’information sur les mé-
canismes sous-jacents, une étude à l’échelle atomique de la germination des
crans apparait nécessaire avant d’implémenter un tel modèle de montée dans
des simulations de DD. De telles simulations de DD permettraient alors de
rendre compte de la forme différente parfois observée entre les boucles pris-
matiques qui croissent et celles qui décroissent [186] : les boucles qui croissent
prennent une forme polygonale à cause de la difficulté à germer de nouveaux
crans, tandis que celles qui décroissent garde une forme plus arrondie. Cette
prise en compte de la germination des crans, ainsi que de la pipe diffusion,
permettrait en outre de rendre compte, dans des simulations de fluage par
exemple, d’énergie d’activation différente de l’énergie d’activation de la dif-
fusion en volume des lacunes.

Une autre hypothèse de notre modèle de montée est que la concentration
en lacune, définie par C∞

V , est homogène dans le système. Les travaux récents
de Keralavarma avec Benzerga [175] ont montré qu’il était possible d’aller
au-delà de cette hypothèse en couplant le modèle de montée à une résolution
par différence finie de la diffusion en volume des lacunes. Les simulations
de DD réalisées permettent alors de rendre compte des différents régimes de
fluage, fluage de type Nabarro-Herring contrôlé par la diffusion en volume des
lacunes à faible contrainte et fluage contrôlé par la montée et le glissement
des dislocations à plus forte contrainte. Ces simulations ayant été réalisées
avec un code de DD à deux dimensions [175], l’implémentation dans un code
à trois dimensions reste à effectuer.

Enfin, l’étude du comportement sous irradiation nécessite de considérer
non seulement la montée associée à la diffusion des lacunes mais également
celle provenant de la diffusion des interstitiels. La loi de mobilité associée
aux interstitiels s’obtient de la même façon que pour les lacunes, l’interaction
élastique avec les dislocations plus importantes se traduisant par un rayon
de capture plus grand.
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Conclusion et perspectives

La modélisation à l’échelle atomique des dislocations nécessite de déve-
lopper des techniques de simulation adaptées, afin de bien prendre en compte
le champ élastique à longue distance créé par la dislocation. Ceci est d’autant
plus vrai pour les calculs ab initio du fait de la petite taille des boîtes de
simulation qu’il est possible d’utiliser. En nous appuyant sur la théorie élas-
tique des dislocations, nous avons développé une approche de modélisation
permettant d’étudier les propriétés des cœurs de dislocation et d’extraire de
nos simulations des données quantitatives, que ces simulations reposent sur
des potentiels empiriques ou des calculs ab initio. Cette approche nous a
permis d’étudier les propriétés des dislocations dans le fer cubique centré et
dans le zirconium hexagonal compact, deux métaux d’intérêt pour l’industrie
nucléaire.

Plasticité des métaux de structure cubique centrée

Notre étude des dislocations dans le fer montre que la dislocation mixte
〈111〉 possède potentiellement un comportement particulier, sa contrainte de
Peierls étant plus élevée que pour les orientations autres que la vis. Ce résul-
tat surprenant, obtenu avec des potentiels empiriques, reste à valider par cal-
culs ab initio. Les premiers essais de simulation ab initio s’étant révélés non
concluants avec des conditions aux limites périodiques, un changement de
technique de simulation s’avère nécessaire : la méthode de l’agrégat à bords
flexibles reposant sur les fonctions de Green de réseau [6, 8, 10] devra donc
être implémentée pour répondre à cette question. Si ce résultat se confirme,
il reste à en comprendre les conséquences éventuelles à une échelle supé-
rieure en étudiant l’impact potentiel de cette friction de réseau importante
pour la dislocation mixte 〈111〉 sur le développement de la microstructure
de dislocations.

Plasticité des métaux de structure hexagonale compacte

Dans le zirconium, nos calculs ab initio montre qu’il est possible d’es-
timer la contrainte de Peierls même lorsque celle-ci est faible et qu’un bon
accord peut être obtenu avec les données expérimentales. L’analyse de la
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littérature expérimentale indique clairement que la plasticité du zirconium,
tout comme le titane, est pilotée par l’interaction des dislocations vis avec
les impuretés d’oxygène. La prochaine étape de ce travail de modélisation de
la plasticité du zirconium passe bien entendu par une étude de cette inter-
action. Actuellement, seuls les calculs ab initio semblent à même d’étudier
de tels effets d’alliage. Ceci constitue le sujet de thèse de Nermine Chaari.
En outre, la structure hexagonale du zirconium induit une richesse du com-
portement plastique. Si le glissement principal, s’effectuant dans les plans
prismatiques, est à présent bien compris dans le zirconium pur, ceci est loin
d’être le cas pour les glissements secondaires. Toujours dans le cadre de la
thèse de Nermine Chaari, nous avons entrepris une étude de ces modes de
glissement secondaire en calculant ab initio les barrières d’énergie pour faire
glisser dans un plan pyramidal ou dans un plan basal une dislocation ini-
tialement étalée dans un plan prismatique. Le but est de pouvoir au final
caractériser les différents systèmes de glissement d’une dislocation de vec-
teur de Burgers 1/3〈12̄10〉, en décrivant notamment l’activation thermique
nécessaire pour les modes secondaires. De tels résultats, obtenus directement
à l’échelle atomique, pourront ensuite être utilisées dans un code de dyna-
mique des dislocations (DD) pour effectuer un changement d’échelle.

Nous développons actuellement dans le titane le même travail de modéli-
sation des propriétés de la dislocations vis 〈12̄10〉. Les mécanismes contrôlant
la plasticité sont identiques dans le zirconium et le titane. En abordant de
front ces deux métaux de transition, nous pourrons plus facilement confronter
les résultats de nos simulations atomiques aux observations expérimentales
disponibles dans la littérature, d’autant plus que des données obtenues pour
des métaux purs, et non des alliages industriels, sont plus nombreuses dans
le cas du titane que du zirconium.

Les métaux hexagonaux compacts peuvent également se déformer par
mâclage. La contrainte nécessaire pour activer le mâclage augmente avec
la température, si bien qu’il y a un point de croisement avec la contrainte
activant le glissement des dislocations. Par conséquent, le mâclage est un
mode de déformation se manifestant à basse température et forte vitesse de
déformation. Il a été observé par ailleurs que l’addition d’oxygène diminue
l’activité de mâclage dans le zirconium et, dans une moindre mesure, le
titane, en ralentissant a priori la croissance des mâcles [206]. Il serait donc
intéressant d’utiliser les calculs ab initio pour étudier l’interaction avec une
impureté d’oxygène des différentes mâcles observées dans le zirconium et le
titane.

Montée des dislocations

Nos travaux sur la montée des dislocations montrent qu’avec une loi de
mobilité simple, partiellement validée par une comparaison avec des simula-
tions atomiques, il est possible de prendre en compte la montée dans un code
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de DD et de reproduire nombre de phénomènes expérimentaux associés. La
perspective est bien entendu d’utiliser un tel outil de simulation pour s’inté-
resser à présent au fluage et à l’évolution de microstructures de dislocation.
L’extension du modèle de montée avec la prise en compte de la diffusion des
interstitiels devrait permettre de réaliser des simulations en DD du fluage
sous irradiation.

Il apparait également opportun d’améliorer notre description de la mon-
tée en décrivant réellement l’influence des crans sur les lignes de dislocation.
C’est une problématique encore assez peu traitée à laquelle les simulations
atomiques peuvent apporter des éléments de réponse. En particulier, des cal-
culs de barrière en potentiel empirique permettraient d’avoir une meilleure
connaissance des mécanismes mis en jeu lors de la germination des crans. In
fine, une loi de mobilité en montée des dislocations prenant pleinement en
compte les mécanismes élémentaires mis en jeu au niveau des crans devrait
permettre une meilleure description de la montée dans les différents régimes
de température et de contrainte.

Soulignons enfin que ces travaux sur la montée concernent pour l’instant
les métaux purs. Les effets d’alliage ou la montée dans les alliages ordon-
nés est un domaine encore relativement vierge où, là encore, les simulations
atomiques devraient permettre de mieux comprendre les mécanismes élémen-
taires mis en jeu.

Évolution sous irradiation

Au cours du post-doc de Céline Varvenne, nous avons commencé à tra-
vailler sur les effets d’irradiation dans le zirconium. Les calculs ab initio
nous ont permis d’étudier l’énergétique des défauts ponctuels, lacunes et in-
terstitiels, et de leurs amas créés au cours de l’irradiation. Le but est non
seulement de fournir à des outils de simulation cinétiques, comme la dyna-
mique d’amas, des grandeurs quantitatives sur les énergies de formations des
différents complexes de défaut, mais également de caractériser la diffusion des
lacunes et intersitiels, en particulier l’anisotropie de diffusion et l’influence
d’une contrainte appliquée. En s’appuyant sur les résultats de ces simulations
atomiques et un travail de modélisation cinétique, nous souhaitons pouvoir
expliquer à terme le fait qu’il y a coexistence de boucles lacunaires et in-
terstitielles, et que des boucles lacunaires résidant dans les plans de base
(boucles 〈c〉) apparaissent à forte dose d’irradiation, alors qu’elles résident
uniquement dans les plans prismatiques initialement (boucles 〈a〉). Il s’agit
d’une question d’intérêt technologique puisque l’apparition des boucles 〈a〉
est corrélée à une accélération de la croissance observée à une échelle macro-
scopique sur les assemblages de combustibles réalisés en alliage de zirconium.
Une fois identifiés les paramètres clefs contrôlant ce comportement sous ir-
radiation, nous étudierons l’effet d’éléments d’alliage comme Nb, Fe, ou Sn,
ceux-ci étant connus pour influencer la présence de boucles 〈c〉.
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Annexe A

Énergie de cœur et simulations
de dynamique des dislocations

Cette annexe décrit une étude réalisée avec Xiangjun Shi, en thèse au
SRMA (CEA Saclay) sous la direction de Laurent Dupuy et Benoit De-
vincre, illustrant comment les informations sur les dislocations obtenues par
simulations atomiques peuvent être utiles aux simulations de dynamique des
dislocations (DD). Nous montrons en particulier la nécessité d’utiliser les
énergies de cœur calculées précédemment dans le fer (§3.2) pour fixer la
valeur d’un paramètre d’entrée de ces simulations de DD.

La gestion de la tension de ligne est un problème délicat dans les simu-
lations de DD à cause de l’existence d’une singularité des champs élastiques
au cœur des dislocations et de la longue portée des interactions élastiques.
Une façon de résoudre ce problème est d’utiliser le formalisme non singulier
des champs élastiques des dislocations développé par Cai et al. [207]. Celui-ci
fait disparaitre la discontinuité des champs en considérant que le cisaillement
associé aux dislocations possède un certain étalement caractérisé par un pa-
ramètre a au lieu d’être localisé. Il s’agit d’une astuce mathématique et le
paramètre d’étalement a n’a pas de véritable signification physique. La ques-
tion se pose néanmoins de la valeur qu’il faut lui donner et de la sensibilité
des résultats de DD à celui-ci.

Ce formalisme élastique non singulier a été implémenté dans le code DD
aNuMoDis développé au SRMA et au SIMaP (INP Grenoble). Des simula-
tions réalisées par Xiangjun Shi de l’activation d’une source de Frank-Read
dans le fer cubique centré montrent que la contrainte d’activation dépend
fortement du paramètre d’étalement a (Fig. A.1). La dépendance est loga-
rithmique et s’accentue lorsque la taille de la source diminue.

Afin de comprendre cette dépendance, on peut utiliser l’expression don-
née par Foreman [208] de la contrainte d’activation d’une source de Frank-
Read. Pour une source de type coin, de vecteur de Burgers b et de longueur
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Figure A.1 – Contrainte d’activation d’une source de Frank-Read de type
coin pour deux longueurs l de la source différentes. Les symboles corres-
pondent aux simulations DD pour différents paramètres d’étalement a et les
lignes à l’équation A.3 avec B′ = 0.228.

l, cette contrainte s’écrit

σc =
µb

2πl

[

ln

(

l

rc

)

+B

]

+
2(1− ν)

bl
Ecore, (A.1)

où µ et ν sont respectivement le module de cisaillement et le coefficient de
Poisson, 1 et Ecore est l’énergie du cœur définie pour un rayon de cœur rc. Le
coefficient B n’a pas d’expression précise et dépend des conditions imposées
aux points d’ancrage de la source.

La seconde étape consiste ensuite à relier énergie de cœur Ecore et para-
mètre d’étalement a. En calculant dans le formalisme élastique non singulier
l’énergie stockée par une dislocation rectiligne infinie dans un cylindre et en
l’identifiant à la même énergie donnée par le formalisme classique (Eq. 2.4),
on obtient l’énergie de cœur d’une dislocation de caractère θ

Ecore =
µb2

4π

[

cos2 θ +
sin2 θ

1− ν

]

ln
(rc
a

)

+
1

12

µb2

4π

[

cos2 θ − 2 + ν

(1− ν)2
sin2 θ

]

. (A.2)

1. Pour fixer ces coefficients µ et ν alors que le cristal est anisotrope, nous reprenons la
proposition de Scattergood et Bacon [209, 210] en imposant que les facteurs prélogarith-
miques de l’énergie élastique d’une dislocation rectiligne donnés par la théorie élastique
anisotrope et par la théorie élastique isotrope soient égaux pour les deux orientations
extrêmes que sont la vis et la coin.
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Ceci conduit donc à la contrainte d’activation suivante pour la source de
Frank-Read

σc =
µb

2πl

[

ln

(

l

a

)

+B′

]

. (A.3)

La nouvelle constante B′ peut être reliée à la constante B apparaissant dans
l’équation A.1 via les constantes élastiques. Cette expression reproduit par-
faitement les résultats des simulations DD (Fig. A.1). La dépendance loga-
rithmique observée cache donc une dépendance à l’énergie de cœur, implici-
tement introduite via le paramètre a.
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Figure A.2 – Énergie de cœur d’une dislocation 1/2〈111〉{110} dans le fer
en fonction de son caractère (rc = b). Les symboles correspondent aux simu-
lations atomiques (§3.2) et les lignes à l’élasticité non singulière (Eq. A.2)
pour deux paramètres d’étalement a différents.

Dès lors, il semble logique de fixer ce paramètre a afin d’introduire dans
les simulations DD une énergie de cœur mieux justifiée physiquement. Pour
cela, nous avons utilisé les énergies de cœur calculées par simulations ato-
miques dans le fer (§3.2). Ces énergies de cœur sont comparées sur la figure
A.2 au résultat obtenu avec l’équation A.2. De cette étude, il ressort qu’il
n’est pas possible d’avoir un seul paramètre a reproduisant toutes les énergies
de cœur, quel que soit le caractère de la dislocation. On peut par convention
le fixer par rapport à l’orientation coin (a = 0.794Å) ou la vis (a = 0.936Å),
définissant ainsi une fenêtre acceptable pour ce paramètre (cf. traits verti-
caux sur la figure A.1).

En conclusion, le formalisme non singulier, via son paramètre d’étale-
ment a, introduit une énergie de cœur dans les simulations DD. Il apparaît
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important de ne pas donner une valeur trop grande à ce paramètre, 2 car cela
conduit dès lors à des énergies de cœur trop petites, voire même négatives.
La valeur raisonnable pour ce paramètre d’étalement a peut paraitre petite
au vu de l’étalement réel du cœur, tel qu’observé par exemple dans nos simu-
lations atomiques ou prédit par un modèle de type Peierls-Nabarro [70, 71].
Cependant, il est normal de devoir utiliser un paramètre a petit. En effet,
l’étalement du cœur de la dislocation dans ce formalisme non singulier [207]
conduit seulement à une diminution de l’énergie élastique. Il n’y a pas en
contre partie un coût énergétique lié au développement d’une faute d’empi-
lement, comme cela est fait dans le modèle de Peierls-Nabarro. Une valeur
trop grande de a conduirait donc à une diminution trop importante de l’éner-
gie de la dislocation.

2. Ceci peut apparaître en contradiction avec la philosophie de la théorie élastique
non singulière [207] puisque ce formalisme peut également avoir pour but d’émousser les
champs élastiques pour limiter les problèmes d’instabilité numérique lorsque deux seg-
ments de dislocation se rapprochent.
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Énergie de formation d’un
décrochement

B.1 Décrochements et rayons de cœur

L’énergie de cœur Ecore
rc (θ) d’une dislocation de caractère θ est définie

pour un rayon de cœur rc donné permettant de partitionner l’énergie entre
contribution élastique et contribution du cœur. Si on veut définir cette éner-
gie pour un autre rayon de cœur r′c, on obtiendra une nouvelle valeur de
l’énergie de cœur Ecore

r′c
(θ) :

Ecore
r′c

(θ) = Ecore
rc (θ) +

1

2
biK

0
ij(θ)bj ln

(

r′c
rc

)

.

Ainsi, l’énergie totale de la dislocation stockée dans un cylindre de rayon R∞

ne dépend pas du choix de rayon de cœur :

E(R∞) =Ecore
rc (θ) +

1

2
biK

0
ij(θ)bj ln

(

R∞

rc

)

=Ecore
r′c

(θ) +
1

2
biK

0
ij(θ)bj ln

(

R∞

r′c

)

.

Comme l’énergie de formation d’un décrochement Ekink est obtenue à
partir des variations de l’énergie de cœur en fonction du caractère de la dis-
location (Éq. 3.1), on peut dès lors se demander si Ekink dépend également
du choix de rayon de cœur. Pour le vérifier, on considère à nouveau l’ex-
pression de l’énergie de cœur d’une dislocation mixte à forte composante vis
(Éq. 3.1). On effectue désormais un développement limité jusqu’à l’ordre 2
en θ, sans pour autant donner de signification physique au coefficient a2 du
terme d’ordre 2 :

Ecore
rc (θ) = Ecore

rc (0) + θ
Ekink

λP
+ a2θ

2.
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En considérant à présent les énergies de cœur Ecore
r′c

définies pour un autre
rayon de cœur r′c, on obtient

Ecore
r′c

(θ) = Ecore
r′c

(0) +
1

2
bi
[

K0
ij(θ)−K0

ij(0)
]

bj ln

(

rc
r′c

)

+ θ
Ekink

λP
+ a2θ

2.

Un développement au second ordre en θ de la matrice de Stroh K0
ij(θ) conduit

à

Ecore
r′c

(θ) =Ecore
r′c

(0) + θ

[

Ekink

λP
+

1

2
bi

∂K0
ij

∂θ

∣

∣

∣

∣

∣

θ=0

bj ln

(

rc
r′c

)

]

+ θ2

[

a2 + bi
∂2K0

ij

∂θ2

∣

∣

∣

∣

∣

θ=0

bj ln

(

rc
r′c

)

]

.

(B.1)

Lorsque l’énergie élastique est minimale pour l’orientation vis, la dérivée
première de K0

ij(θ) est nulle en θ = 0. Ceci est le cas pour le système de
glissement 1/2〈111〉{110} dans un cristal cubique. Par conséquent, la partie
linéaire de l’équation B.1, et donc l’énergie de formation d’un décrochement
Ekink, est indépendante du choix du rayon de cœur rc. Par contre, la partie
harmonique en dépend, c’est-à-dire que le domaine sur lequel on observe une
variation linéaire de l’énergie de cœur dépend de rc.
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Figure B.1 – Énergie de cœur en fonction du caractère de la dislocation
pour deux valeurs différentes du rayon de cœur rc. Les lignes pointillées
correspondent au modèle de décrochement (Éq. B.1) ajusté sur les données
pour rc = b (Fig. 3.2) en supposant a2 = 0.

Afin d’illustrer le fait que l’énergie de formation d’un décrochement sur
une dislocation vis est indépendante du choix du rayon de cœur, nous avons
reporté sur la figure B.1 les énergies de cœur d’une dislocation 1/2〈111〉{110}
dans le fer calculées précédemment (§3.2) en utilisant deux valeurs différentes
du rayon de cœur, rc = 3b et rc = 10b. Sur cette figure apparaît également

100



Énergie de formation d’un décrochement

la courbe correspondant au modèle de décrochement (Éq. B.1), où nous
avons utilisé les énergie de formation d’un décrochement déterminées section
3.2 pour rc = b, en supposant a2 = 0. Quelque soit la valeur du rayon de
cœur choisie, ce modèle décrit correctement l’énergie de cœur des dislocations
mixtes à forte composante vis.

B.2 Décrochements et conditions aux limites pério-
diques

Figure B.2 – Représentation schématique des différentes boîtes de simula-
tion considérées pour définir l’énergie de formation d’un décrochement sur
une dislocation vis. Boîtes avec un dipôle (a) de dislocations vis parfaites,
(b) de dislocations vis décrochées et (c) de dislocations mixtes équivalentes.

Les valeurs que nous avons obtenues pour les énergies de formation d’un
décrochement sur une dislocation vis dans le fer (Ekink = 311meV pour le
décrochement de type V et 280 meV pour celui de type I) diffèrent de celles
obtenues par Ventelon et al. [66] (respectivement 80 et 570 meV), bien que le
même potentiel empirique ait été utilisé. Les méthodes de simulation utili-
sées dans les deux études ne sont pas les mêmes. Nous utilisons une approche
agrégat pour simuler la dislocation décrochée, l’énergie de formation étant
ensuite déduite de l’énergie de cœur de la dislocation. Dans les simulations
de Ventelon et al. [66], des conditions aux limites tri-périodiques sont utili-
sées et l’énergie de formation du décrochement est défini comme la différence
d’énergie entre la boîte de simulation contenant une dislocation vis décro-
chée (Fig. B.2b) et une dislocation vis parfaite (Fig. B.2a). Les énergies de
formation d’un décrochement ainsi obtenues sont représentées sur la figure
B.3a pour différentes tailles de boîte, montrant une convergence vers une
valeur constante pour des boîtes de dimension h suffisamment importante
le long de la ligne de dislocation. Pour des dimensions h plus petites, une
variation de Ekink en 1/h est observée [66].

La différence de résultats entre les deux méthodes de simulation s’ex-
plique en partie par une contribution élastique non prise en compte lorsque
l’énergie de formation d’un décrochement est simplement obtenue par la dif-
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Figure B.3 – Énergie de formation d’un décrochement de type interstitiel
(I) ou lacunaire (V) en fonction de l’inverse de la hauteur h de la cellule dans
la direction vis [111] pour différentes tailles de boîte perpendiculairement à
la direction vis. Ces tailles sont caractérisées par le nombre d’atomes par
unité de vecteur de Burgers. Ekink correspond aux données brutes extraites
des simulations atomiques [66] et ∆Eelasest la correction élastique appliquée
pour prendre en compte les interactions à longues distances entre dislocations
décrochées dues aux conditions aux limites périodiques.
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férence d’énergie, après relaxation des atomes, entre les deux boîtes de simu-
lation schématisées sur les figures B.2a et b. Cette procédure néglige le fait
que l’énergie élastique provenant de l’interaction du dipôle de dislocations
avec ses images périodiques n’est pas la même pour un dipôle de dislocations
vis parfaites ou décrochées. Cette différence d’énergie élastique, ∆Eelas, ne
doit pas être incorporée dans la définition de l’énergie de formation d’un
décrochement : il faut la retrancher de Ekink.

∆Eelas peut être estimée en remarquant qu’à suffisamment longue dis-
tance la dislocation vis décrochée s’apparente à une dislocation mixte recti-
ligne (Fig. B.2c). Nous calculons donc ∆Eelas en faisant la différence d’énergie
élastique entre la boîte contenant un dipôle de dislocations mixtes (Fig. B.2c)
et celle contenant un dipôle de dislocations vis parfaites (Fig. B.2a). Les ré-
sultats, présentées sur la figure B.3b, montrent que cette correction élastique
n’est pas négligeable par rapport aux valeurs de Ekink directement extraites
des simulations atomiques. Elle est en outre différente pour les deux types de
décrochements, convergeant pour les tailles de boîte suffisamment grandes
vers ±270meV. Cette convergence est en 1/h, le facteur de proportionnalité
ne dépendant pas du type de décrochement, mais seulement de la taille de
la boîte de simulation perpendiculairement à la ligne de dislocation.

La figure B.3c montre que la différence d’énergie Ekink−∆Eelas converge
bien vers une valeur constante, ∼ 250meV pour le décrochement de type I et
∼ 350meV pour le type V. Ces valeurs, corrigées des effets élastiques, sont
en bien meilleur accord avec les valeurs obtenues à la section 3.2.

Comme la correction élastique à appliquer aux deux types de décroche-
ments diffère seulement par son signe pour des boîtes de simulation suffi-
samment grandes, la somme de ces deux énergies de formation aboutit à
l’énergie de formation d’un double décrochement 1 [66], que la correction
élastique soit prise en compte ou non. Ceci n’est qu’une manifestation de
l’observation formulée par Hirth et Lothe (chap. 8.5 dans [4] et chap. 6.3
dans [30]) de la difficulté à définir l’énergie de formation d’un simple dé-
crochement, alors que l’énergie de formation d’un double décrochement est
quant à elle parfaitement définie.

Swinburne et al. [211] sont également arrivés à la conclusion que la dif-
férence apparente d’énergie entre les deux types de décrochements provient
du champ élastique à longue distance crée par le décrochement. Pour cela,
ils ont calculé dans leurs simulations atomiques une densité locale d’énergie
d’excès due à la présence du décrochement sur la dislocation vis. Proche du
décrochement, les deux types de décrochement conduisent au même pic de
densité énergétique. Par contre, la queue de la densité observée à longue dis-
tance diffère entre les deux types de décrochement. Cette analyse est donc
en accord avec notre interprétation basée sur le modèle élastique développé

1. Pour un double décrochement suffisamment séparé, l’énergie d’interaction des deux
décrochements peut être négligée

103



Annexe B

précédemment.
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Annexe C

Potentiel de Peierls et
contrainte appliquée

Nous avons essayé de déterminer dans le fer c.c. le potentiel de Peierls sous
contrainte des dislocations 1/2〈111〉{110} pour l’orientation vis et l’orienta-
tion mixte [111], c’est-à-dire les deux orientations conduisant à la contrainte
de Peierls la plus élevée parmi celles que nous avons examinées (§3.4). L’idée
est de voir si nous retrouvons le résultat de Rodney et Proville [68] mon-
trant que le potentiel de Peierls de la dislocation vis dépend de la contrainte
appliquée et également de voir ce qu’il en est dans le cas de l’orientation
mixte.

C.1 Méthode

Le calcul est effectué avec le potentiel EAM de Mendelev et al. [36].
Nous utilisons toujours des conditions aux limites tri-périodiques dans nos
simulations. La contrainte est appliquée en imposant une déformation εij
suivant l’équation 1.2, cette déformation restant fixe le long de la barrière.
À cause de cette contrainte appliquée, les deux dislocations de signe opposé
composant le dipôle doivent être déplacées dans leur plan de glissement dans
une direction opposée (Fig. C.1) : le travail de la force de Peach-Koehler,
induite par la contrainte appliquée sur chaque dislocation, est donc le même.

Le calcul atomique par la méthode NEB donne la variation d’énergie
∆E des deux dislocations lorsque celles-ci glissent d’une vallée de Peierls à
la vallée voisine. Cette variation d’énergie comprend deux contributions : le
potentiel de Peierls WP et la variation d’énergie élastique ∆Eelas. En effet,
la contrainte appliquée conduit à une variation de l’énergie élastique via le
travail des forces de Peach-Koehler. En outre, comme la distance entre les
deux dislocations n’est pas constante le long de la barrière (Fig. C.1), il y
a également une variation d’énergie élastique. Le potentiel de Peierls sous
contrainte sera donc obtenu après avoir retranché du résultat ∆E du calcul
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Figure C.1 – Schéma du réseau périodique de dislocations utilisé pour cal-
culer les barrières de Peierls sous contrainte. Les flèches blanches indiquent
le mouvement des dislocations.

NEB, ces différentes contributions élastiques.
Pour pouvoir calculer cette variation de l’énergie élastique, il nous faut

extraire de nos simulations atomiques les positions des dislocations. Nous
avons testé différentes méthodes :

— Discontinuité de déplacement : la discontinuité de déplacement ex-
traite des simulations atomiques est ajustée par le modèle de Peierls-
Nabarro, comme nous l’avons déjà fait pour le calcul des barrières de
Peierls hors contrainte (§3.3).

— Carte de Vitek : la carte des déplacements différentiels projetés dans
la direction vis, dite carte de Vitek [136], extraite des simulations
atomiques est ajustée par la carte prédite par la théorie élastique (avec
prise en compte de l’anisotropie et de la périodicité). La méthode n’a
été appliquée qu’à l’orientation vis.

— Contrainte : comme la déformation totale εij appliquée à la boîte de
simulation est fixe, tout mouvement des dislocations entraîne une va-
riation de la déformation plastique ε0ij et donc une variation de la
contrainte (§1.1.3). Cette variation de la contrainte est proportion-
nelle à l’inverse de la surface S de la boîte de simulation projetée per-
pendiculairement à la ligne de dislocation. Elle est donc faible pour
des boîtes suffisamment grande, mais peut néanmoins être utilisée
pour définir la position de la dislocation via l’équation 1.4.

Connaissant pour chaque coordonnée de réaction la position des disloca-
tions, nous pouvons calculer la variation d’énergie élastique et la retrancher
de la variation d’énergie donnée par la méthode NEB pour obtenir ainsi le
potentiel de Peierls sous contrainte. La méthode est illustrée sur la figure C.2
dans le cas de la dislocation vis. Cette figure montre la capacité de la théorie
élastique à prédire de façon quantitative la variation d’énergie lorsque les
dislocations bougent, puisqu’on retrouve un état initial et un état final avec
la même énergie après avoir retranché la contribution élastique. Le poten-
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Figure C.2 – Variation de l’énergie totale et de l’énergie élastique en fonc-
tion de la coordonnée de réaction pour une dislocation vis 1/2〈111〉{110}
dans le fer calculée dans une boîte à 1479 atomes pour des déformation im-
posées correspondant à deux contraintes appliquées τ différentes. L’énergie
de Peierls est la différence entre ces deux énergies. Les positions des dis-
locations, nécessaires pour calculer la variation d’énergie élastique, ont été
déduites des variations de la contrainte.

tiel de Peierls s’obtient ensuite en traçant la variation d’énergie non plus en
fonction de la coordonnée de réaction, mais en fonction de la position de la
dislocation.

Nous examinons par la suite plus en détails les résultats obtenus pour les
deux orientation considérées de la dislocation avec les différentes définitions
possibles pour la position de la dislocation.

C.2 Dislocation vis

Les positions de la dislocation vis en fonction de la coordonnée de réaction
obtenues avec les trois méthodes décrites précédemment sont représentées
sur la figure C.3 pour trois tailles de boîtes et deux contraintes appliquées
différentes, τ = 0 et 1GPa, la contrainte de Peierls valant 1.23 GPa.

Pour τ = 0, les trois méthodes prédisent la même position pour l’état
initial et l’état final, ces deux états correspondant bien aux fonds des vallées
de Peierls. Par contre, les méthodes donnent des trajectoires différentes entre
ces deux états. En particulier, la position obtenue par l’intermédiaire de la
discontinuité de déplacement n’est pas symétrique par rapport au milieu de
la barrière (ζ = 0.5), alors que la position obtenue par l’intermédiaire soit
de la contrainte, soit de la carte de Vitek, est bien symétrique.

Pour τ = 1GPa, les trois méthodes prédisent bien que les dislocations ont
parcouru une vallée de Peierls entre l’état initial et l’état final. Par contre,
ces deux états sont décalés par rapport au fond de la vallée de Peierls, ce
décalage dépendant de la méthode.
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Figure C.3 – Position de la dislocation xD projetée dans son plan de glis-
sement {110} en fonction de la coordonnée de réaction ζ le long de la bar-
rière de Peierls d’une dislocation vis 1/2〈111〉{110} dans le fer calculée pour
différentes tailles de boîtes et pour différentes contraintes appliquées τ . La
position de la dislocation a été déterminée à partir de la contrainte (stress),
de la discontinuité de déplacement dans le plan de glissement {110} (disre-
gistry), ou de la carte des déplacements différentiels (Vitek). Les positions
des dislocations sont normalisées par la distance entre vallées de Peierls λP.
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Figure C.4 – Potentiel de Peierls d’une dislocation vis 1/2〈111〉{110} dans
le fer calculé pour différentes tailles de boîtes et pour différentes contraintes
appliquées τ . La position de la dislocation a été déterminée à partir de la
contrainte (stress), de la discontinuité de déplacement dans le plan de glis-
sement {110} (disregistry), ou de la carte des déplacements différentiels (Vi-
tek).
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Si nous traçons maintenant la variation d’énergie en fonction de la po-
sition de la dislocation, nous obtenons la figure C.4. Le potentiel de Peierls
ainsi obtenu dépend fortement de la méthode choisie pour définir la position
de la dislocation. Ceci est encore plus vrai lorsque la contrainte appliquée
est non nulle. Le potentiel de Peierls obtenu avec une position déterminée
à partir de l’ajustement de la discontinuité de déplacement ou de la carte
de Vitek n’est pas correct car il n’est pas symétrique par rapport au milieu
de la barrière. Par contre, le potentiel obtenu avec la position déterminée à
partir de la contrainte semble correct. Le seul artefact qui subsiste dans ce
cas avec une contrainte appliquée non nulle est que le minimum du potentiel
de Peierls ne se situe pas en xD = 0 et xD = λP : il y a une translation, a
priori non physique, du potentiel de Peielrs. Ceci est probablement dû au fait
que toute la variation de la contrainte observée dans les boîtes de simulation
ne provient pas uniquement d’un mouvement des dislocations. Il peut égale-
ment y avoir une interaction entre le cœur des dislocations et la contrainte
appliquée, du même type que la dilatation du cœur mise en évidence par
calcul ab initio (chap. 4). Cette potentielle interaction, non prise en compte
dans notre modèle, serait également source de contrainte.
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Figure C.5 – Potentiel de Peierls d’une dislocation vis 1/2〈111〉{110} dans
le fer pour différentes contraintes appliquées (1479 atomes).

Ne gardant plus que la méthode de la variation de la contrainte pour
définir la position de la dislocation, nous pouvons voir comment le potentiel
de Peierls varie avec la contrainte appliquée (Fig. C.5). Outre la translation
du potentiel mentionnée précédemment, la forme du potentiel change sensi-
blement. Néanmoins, la pente maximale du potentiel reste la même, si bien
que, quelque soit la contrainte appliquée, la même contrainte de Peierls sera
déduite du potentiel de Peierls (Eq. 3.4).
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C.3 Dislocation mixte [111̄]
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Figure C.6 – Position de la dislocation xD projetée dans son plan de glisse-
ment {110} en fonction de la coordonnée de réaction ζ le long de la barrière
de Peierls d’une dislocation mixte 1/2〈111〉{110} de vecteur ligne [111̄] dans
le fer calculée pour différentes tailles de boîtes et pour différentes contraintes
appliquées τ . La position de la dislocation a été déterminée à partir de la
contrainte (stress) ou de la discontinuité de déplacement dans le plan de glis-
sement {110} (disregistry). Les positions des dislocations sont normalisées
par la distance entre vallées de Peierls λP.

Le même travail a été effectué avec la dislocation mixte d’orientation [111̄]
(Fig. C.6 et C.7). Là encore, le potentiel de Peierls obtenu, en particulier sa
variation avec la contrainte appliquée, dépend de la méthode utilisée pour
définir la position des dislocations. Les variations d’une méthode à l’autre
sont néanmoins moins importante que pour la vis. Avec une contrainte ap-
pliquée non nulle, on observe également une translation du potentiel, ces
minima ne se trouvant plus exactement en xD = 0 et xD = λP.

Gardant là encore les potentiels de Peierls obtenus avec une position de
la dislocation déduite de la variation de contrainte, nous obtenons la figure
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Figure C.7 – Potentiel de Peierls d’une dislocation mixte 1/2〈111〉{110}
de vecteur ligne [111̄] dans le fer calculé pour différentes tailles de boîtes
et pour différentes contraintes appliquées τ . La position de la dislocation a
été déterminée à partir de la contrainte (stress) ou de la discontinuité de
déplacement dans le plan de glissement {110} (disregistry).
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Figure C.8 – Potentiel de Peierls d’une dislocation mixte 1/2〈111〉{110}
d’orientation [111̄] dans le fer pour différentes contraintes appliquées (1479
atomes).

C.8. Les conclusions sont les mêmes que pour la vis : une modification du
potentiel, en particulier une translation, mais pas de variation de la pente
maximale.

Cette annexe montre donc que la question de la variation du potentiel
avec la contrainte appliquée est intimement liée à la méthode choisie pour
extraire la position des dislocations des boîtes de simulation atomique. Ceci
n’est pas spécifique aux conditions aux limites que nous utilisons, mais reste
vrai pour tout type de conditions aux limites. En effet, dans tous les cas, il
faut retrancher le travail des forces de Peach-Koehler (−τbxD) de la variation
d’énergie obtenue par simulations atomiques. Une erreur sur la position xD
de la dislocation entraine donc une erreur sur la variation avec la contrainte
appliquée du potentiel de Peierls. De toutes les méthodes que nous avons
testées pour extraire les positions des dislocations, celle utilisant la variation
de la contrainte semble la plus robuste, bien qu’un décalage sur la position
de la dislocation soit observée lorsqu’une contrainte est appliquée.
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Défaut ponctuel en élasticité

Cette annexe a pour but de présenter succinctement le modèle de dipôle
élastique utilisé pour représenter un défaut ponctuel en théorie élastique. Une
présentation plus détaillée de ce modèle se trouve dans l’article de revue de
Bacon et al. [28]. Nous montrons également l’équivalence de ce modèle de
dipôle élastique avec le modèle d’inclusion d’Eshelby [97,98] lorsqu’une taille
infinitésimale est considérée pour l’inclusion. Nous considérons tout d’abord
le cas d’un défaut ponctuel non polarisable, c’est-à-dire dont les caractéris-
tiques ne dépendent pas du champ élastique dans lequel il est plongé, puis
nous introduisons la notion de polarisabilité correspondant à une inhomogé-
néité d’Eshelby.

D.1 Défaut ponctuel non polarisable

D.1.1 Dipôle élastique

On considère que le défaut ponctuel peut être représenté par une distri-
bution de forces ponctuelles, soit N forces ~Fn agissant respectivement au
point ~an. Cette distribution doit être équilibrée, si bien que la résultante est
nulle (

∑

n
~Fn = ~0), ainsi que le couple associé (

∑

n
~Fn × ~an = ~0). Le champ

élastique créé par cette distribution de forces peut être obtenu grâce à la fonc-
tion de Green élastique du milieu, ainsi que ses dérivées. Cette fonction de
Green G(~r) permet d’obtenir le déplacement ~u(~r) créé en un point ~r par une
force ponctuelle ~F située à l’origine à travers la relation ui(~r) = Gij(~r)Fj .
Ainsi le déplacement créé par la distribution de force représentant le défaut
ponctuel est donné par

ui(~r) =
∑

n

Gij(~r − ~an)Fn
j .
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Loin du défaut, i.e. pour ‖~r‖ ≫ ‖~an‖ ∀n, un développement limité au premier
ordre conduit à

ui(~r) =
∑

n

Gij(~r)F
n
j −

∑

n

Gij,k(~r)a
n
kF

n
j ,

où la notation avec une virgule Gij,k(~r) désigne la dérivée par rapport à
la coordonnée rk de la fonction Gij(~r). À cause de la propriété d’équilibre
de la distribution de forces, le premier terme est nul, si bien qu’au final le
déplacement est simplement donné par

ui(~r) = −Gij,k(~r)Pjk, (D.1)

où le dipôle élastique Pjk correspond au premier moment de la distribution
de forces, Pjk =

∑

n a
n
kF

n
j . Le champ de déformation et de contrainte créé

à longue distance par le défaut ponctuel s’obtient ensuite simplement par
dérivation de l’équation D.1

εij(~r) = −1

2
[Gim,jn(~r) +Gjm,in(~r)]Pmn,

σij(~r) = −CijklGkm,ln(~r)Pmn. (D.2)

Par la suite, nous négligerons toujours les termes d’ordre supérieur, si
bien que le champ élastique créé par le défaut sera simplement donné par les
équations D.1 et D.2. Dans ce modèle, un défaut ponctuel est donc unique-
ment caractérisé par son dipôle élastique P. Nous verrons un peu plus loin
comment ce dipôle peut être déduit de nos simulations atomiques. Quant
à la fonction de Green élastique et ses dérivées, elle s’obtient à partir des
constantes élastiques du milieu. Des expressions analytiques sont disponibles
en élasticité isotrope [4]. Pour un matériau anisotrope, elles peuvent être éva-
luées numériquement en utilisant la méthode de Barnett [9].

Ce modèle conduit à une expression simple de l’énergie d’interaction du
défaut ponctuel avec un champ élastique extérieur. Ce champ extérieur peut
être celui dû à un autre défaut par exemple. Quelque soit l’expression de ce
champ extérieur, l’énergie d’interaction avec un défaut ponctuel caractérisé
par le dipôle P est simplement donnée par [28]

Einter = −Pijε
a
ij(~0) (D.3)

où εa(~0) est la déformation créé par le champ extérieur à l’endroit où se
trouve le défaut ponctuel.

La fonction de Green G(~r) est homogène en 1/‖~r‖2 [28]. Les équations
D.1 et D.2 montrent donc que le champ de déplacement et le champ de
contrainte créés par un défaut ponctuel décroissent respectivement comme
1/r2 et 1/r3 avec la distance r au défaut.

Ce même modèle peut également être utilisé pour représenter le champ
élastique d’un défaut linéaire, comme nous l’avons fait pour modéliser le
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champ de cœur de la dislocation vis dans le fer (chap. 4). Les forces ponc-
tuelles sont alors remplacées par des forces linéaires et on utilise la fonction
de Green élastique pour un défaut linéaire [17,28,212].

D.1.2 Inclusion d’Eshelby

Le modèle d’inclusion d’Eshelby [97,98] décrit le défaut ponctuel comme
une inclusion de volume Ω, de mêmes constantes élastiques que la matrice, et
subissant une déformation libre εt par rapport à la matrice. Eshelby montre
alors que le champ de déplacement créé par l’inclusion est donné par

ui(~r) = −
{

S

Gij(~r − ~x)σt
jk(~x)nkdS,

où l’intégration s’effectue sur la surface fermée définissant le volume Ω de
l’inclusion et ~n est la normale à l’élément de surface dS situé en ~x et orientée
vers l’extérieur de l’inclusion. La contrainte apparaissant dans cette expres-
sion est celle correspondant à la déformation libre, σt

ij = Cijklε
t
kl.

Si on fait l’hypothèse que la déformation libre de l’inclusion est homo-
gène, un développement limité conduit à une expression simple du champ de
déplacement créé par l’inclusion à longue distance :

ui(~r) = −ΩGij,k(~r)σ
t
jk. (D.4)

Eshelby montre en outre que l’énergie d’interaction de l’inclusion avec
un champ élastique extérieur de contrainte σa

ij est simplement donnée par

Einter = −
y

Ω

σa
ij(~x)ε

t
ij(~x)dΩ,

l’intégration s’effectuant sur le volume Ω de l’inclusion. Pour une inclusion
infinitésimale, on peut supposer que le champ externe ne varie pas à l’inté-
rieur de l’inclusion. Si on fait en outre l’hypothèse d’une déformation libre
homogène, on aboutit à l’énergie d’interaction

Einter = −Ωσa
ij(~0)ε

t
ij , (D.5)

où σa
ij(~0) est la contrainte créé par le champ extérieur au niveau de l’inclusion.
La comparaison des équations D.1 et D.4, ainsi que D.3 et D.5, montre

que la modélisation d’un défaut ponctuel avec un dipôle élastique est équi-
valente à une inclusion d’Eshelby infinitésimale sous la condition

Pij = Ωσt
ij = ΩCijklε

t
kl. (D.6)
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Inclusion ellipsoïdale

Pour une inclusion ellipsoïdale soumise à une déformation homogène εt,
Eshelby montre en outre que la déformation élastique à l’intérieur de l’inclu-
sion, εc, est homogène et dépend linéairement de la déformation propre :

εcij = SE
ijklε

t
kl. (D.7)

Le tenseur d’Eshelby SE
ijkl s’exprime à partir de la fonction de Green via

SE
ijmn =

1

2
Cklmn

{

S

[Gik,j(~x) +Gjk,i(~x)]nl(~x)dS,

=
1

2
Cklmn

y

Ω

[Gik,jl(~x) +Gjk,il(~x)] dV

(D.8)

l’intégrale de la première ligne s’effectuant sur la surface de l’inclusion, avec
~n la normale extérieure à la surface, et celle de la seconde ligne sur le volume
de l’inclusion. Ce tenseur de rang 4 obéit aux symétries mineures SE

ijmn =

SE
jimn = SE

ijnm. Par contre, il ne respecte pas forcément la symétrie majeure :
généralement SE

ijmn 6= SE
mnij .

L’énergie élastique totale due à la présence de l’inclusion est alors sim-
plement donnée par

E =− 1

2
ΩCijkl

(

εcij − εtij
)

εtkl

=− 1

2
ΩCijkl

(

SE
klmn − δkmδln

)

εtijε
t
mn. (D.9)

D.1.3 Obtention du dipôle élastique

Le dipôle élastique Pij caractéristique d’un défaut ponctuel, ou de façon
équivalente le produit Ωεtij , peut être obtenu simplement par simulation ato-
mique. Pour cela, nous considérons une boîte de simulation tri-périodique
ne contenant qu’un seul défaut ponctuel. Si cette boîte de simulation est
soumise à une déformation homogène εij , la théorie élastique, notamment
l’équation D.3, prédit que la variation d’énergie est

∆Eε =
1

2
V Cijklεijεkl − Pijεij ,

où V est le volume de la boîte de simulation. Pour une déformation homogène
εij fixée, la contrainte s’exerçant sur la boîte de simulation est donc

σij =
1

V

∂∆Eε

∂εij
= − 1

V
Pij + Cijklεkl. (D.10)

En particulier, si on n’impose pas de déformation homogène à la boîte de
simulation (εij = 0), la contrainte obtenue est proportionnelle au dipôle
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élastique, le facteur de proportionnalité étant l’inverse du volume de la boîte
de simulation. Si au contraire les vecteurs de périodicité sont relaxés afin
d’annuler la contrainte (σij = 0), cette même équation montre que ce sera la
déformation subie par la boîte de simulation qui sera alors proportionnelle
au dipôle élastique.

Nous avons utilisé cette méthode pour obtenir le dipôle élastique repré-
sentatif de différents défauts ponctuels [102, 109, 148]. D’autres méthodes
numériques peuvent bien entendu être utilisés pour déterminer ce dipôle
élastique à partir de simulations atomiques :

— un ajustement par le modèle élastique du champ de déplacement créé
par le défaut ponctuel, tel qu’il est observé dans les simulations ato-
miques [213],

— un calcul à partir des forces de Kanzaki [214–217].
Cependant, la méthode liant le dipôle élastique à la contrainte et/ou la dé-
formation homogène présente l’avantage d’être directe et simple d’emploi.

Comme nous le verrons ensuite, la polarisabilité du défaut ponctuel a
pour conséquence que l’équation D.10 n’est plus vérifiée. Par conséquent,
le dipôle élastique d’un défaut polarisable ne pourra plus, en théorie, être
facilement déduit de la contrainte observée dans nos simulations atomiques.

D.2 Défaut ponctuel polarisable

D.2.1 Polarisabilité d’un dipôle élastique

L’application d’un champ élastique peut modifier les caractéristiques du
défaut ponctuel. Ceci est pris en compte en introduisant un dipôle élastique
dépendant de la déformation vue par le défaut ponctuel. Au premier ordre,
le dipôle élastique modélisant le défaut sera donc donné par

Pij(ε) = P 0
ij + P 1

ijklεkl, (D.11)

où P 0
ij est le dipôle élastique caractérisant le défaut ponctuel en l’absence de

champ élastique appliqué et P 1
ijkl est la polarisabilité du défaut ponctuel. Par

analogie avec l’électrostatique, Kröner [151] parle de para-élasticité pour le
dipôle élastique permanent, et de dia-élasticité pour le dipôle élastique induit
par le champ élastique.

Le déplacement à longue distance créé par le défaut ponctuel est tou-
jours donné par l’équation D.1. Quand à l’énergie du défaut élastique en
présence d’un champ externe, elle se composera non seulement d’un terme
linéaire comme pour un défaut non polarisable (Eq. D.3) mais également
d’un terme quadratique par rapport à la déformation imposée. En particu-
lier, selon Schober [152], l’énergie d’interaction du défaut ponctuel, situé à
l’origine, avec une un champ élastique est donnée par

Einter = −P 0
ijε

a
ij(~0)−

1

2
P 1
ijklε

a
ij(~0)ε

a
kl(~0), (D.12)
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offrant ainsi une généralisation de l’équation D.3. Cette expression conduirait
alors à la relation ∂Einter/∂εaij = −P 0

ij − 1
2(P

1
ijkl+P 1

klij)ε
a
kl. Ceci permettrait

donc de déduire le dipôle élastique de la contrainte observée dans nos simu-
lations atomiques (cf. §D.1.3), à condition que le tenseur de la polarisabilité
respecte la symétrie majeure P 1

ijkl = P 1
klij .

Comme nous allons le voir, cette polarisabilité se retrouve dans le modèle
d’inclusion d’Eshelby lorsque cette inclusion est supposée inhomogène, c’est-
à-dire de constantes élastiques différentes de celles de la matrices. Par contre
la polarisabilité que nous obtiendrons ne respectera pas la symétrie majeure
énoncée précédemment. En outre, l’analogie avec le modèle d’inhomogénéité
d’Eshelby nous montrera que la relation D.12 n’est pas exacte. L’énergie
d’interaction du défaut ponctuel avec un champ externe fera bien intervenir
un terme linéaire et un terme quadratique, mais le coefficient associé à la
contribution linéaire diffèrera de −P 0

ij .

D.2.2 Inhomogénéité d’Eshelby

Eshelby a montré que les résultats obtenus pour une inclusion ellipsoï-
dale permettent par ailleurs de traiter le problème d’une inhomogénéité. On
considère donc une inhomogénéité de forme ellipsoïdale, ayant des constantes
élastiques C ′

ijkl différentes des constantes Cijkl de la matrice, et subissant une
déformation propre εt′. Un champ extérieur correspondant à une déforma-
tion homogène εa est en outre appliqué. Le problème se résout en considérant
une inclusion équivalente, de mêmes constantes élastiques que la matrice et
subissant une déformation propre εt, conduisant au même champ élastique
dans la matrice.

La continuité de la déformation à l’interface avec la matrice impose l’exis-
tence du même champ de déformation εc + εa dans l’inhomogénéité et l’in-
clusion équivalente. La continuité de la contrainte impose, quant à elle, la
relation

C ′

ijkl

(

εckl − εt′kl + εakl
)

= Cijkl

(

εckl − εtkl + εakl
)

,

soit

C ′

ijkl

(

SE
klmnε

t
mn − εt′kl + εakl

)

= Cijkl

(

SE
klmnε

t
mn − εtkl + εakl

)

,

conduisant donc à
[(

C ′

ijkl − Cijkl

)

SE
klmn + Cijmn

]

εtmn = C ′

ijklε
t′
kl −

(

C ′

ijkl − Cijkl

)

εakl.

Cette expression permet d’obtenir la déformation propre εt de l’inclusion
équivalente à partir de la déformation propre εt′ de l’inhomogénéité ainsi que
de la déformation appliquée εa. En effet, Kuykendall et al. [218] ont prouvé
que le tenseur apparaissant dans le membre de gauche était non singulier, si
bien qu’au final il est possible d’écrire

εtmn = A−1
mnij

[

C ′

ijklε
t′
kl −

(

C ′

ijkl − Cijkl

)

εakl
]

, (D.13)
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où on a défini le tenseur Aijmn =
(

C ′

ijkl − Cijkl

)

SE
klmn + Cijmn.

Le champ élastique créé à longue distance par l’inclusion inhomogène est
toujours donné par l’équation D.4. Ceci nous permet de voir que, dans la
limite d’une inclusion infinitésimale, le dipôle permanent du défaut ponc-
tuel (para-élastique) et sa polarisabilité (dia-élastique) sont respectivement
donnés par

P 0
ij = ΩCijklA

−1
klmnC

′

mnopε
t′
op, (D.14a)

P 1
ijop = ΩCijklA

−1
klmn

(

Cmnop − C ′

mnop

)

. (D.14b)

Ceci constitue, dans le cas d’un défaut ponctuel polarisable, une générali-
sation de l’équation D.6 décrivant l’équivalence entre un dipôle élastique et
une inclusion d’Eshelby infinitésimale. Dans le cas d’une inclusion homogène,
on retrouve bien que la polarisabilité est nulle et les équations D.6 et D.14
conduisent au même dipôle élastique.

À cause de la symétrie du tenseur des constante élastiques, le dipôle
élastique est un tenseur symétrique : P 0

ij = P 0
ji. Pour la même raison, le

tenseur de rang 4 donnant la polarisabilité obéit aux symétries mineures :
P 1
ijkl = P 1

jikl = P 1
ijlk. Par contre, comme le tenseur d’Eshelby n’obéit pas

forcément à la symétrie majeure (on peut avoir SE
ijkl 6= SE

klij), il en est de
même pour la polarisabilité.

Énergie élastique

Pour obtenir l’énergie élastique due à la présence de l’inhomogénéité, on
décompose l’énergie élastique totale entre énergie stockée dans l’inhomogé-
néité et énergie stockée dans la matrice.

La déformation dans l’inhomogénéité étant homogène, l’énergie élastique
stockée dans cette inhomogénéité est simplement donnée par

EI′ =
1

2
ΩC ′

ijkl

(

εcij + εaij − εt′ij
) (

εckl + εakl − εt′kl
)

,

avec εcij = SE
ijklε

t
kl, la déformation propre εt de l’inclusion équivalente étant

donnée par l’équation D.13.
L’énergie élastique stockée dans la matrice est la même que l’on considère

l’inhomogénéité ou l’inclusion équivalente. En utilisant les résultats obtenus
précédemment pour une inclusion, cette énergie s’écrit donc

EM =− 1

2
ΩCijkl

(

εcij − εtij
)

εtkl − ΩCijklε
a
ijε

t
kl

− 1

2
ΩCijkl

(

εcij + εaij − εtij
) (

εckl + εakl − εtkl
)

,

=− 1

2
ΩCijkl

(

εcij + εaij − εtij
)

(εckl + εakl)−
1

2
ΩCijklε

a
ijε

t
kl,

=− 1

2
ΩC ′

ijkl

(

εcij + εaij − εt′ij
)

(εckl + εakl)−
1

2
ΩCijklε

a
ijε

t
kl.
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Sur la première ligne, le premier terme correspond à l’énergie élastique totale
de l’inclusion équivalente (Eq. D.9), le second terme à l’interaction de cette
inclusion avec le champ externe (Eq. D.5), et le dernier terme à la part
d’énergie stockée dans l’inclusion que l’on retranche de l’énergie totale. Le
passage de la deuxième à la troisième ligne s’effectue en utilisant l’expression
de continuité de la contrainte.

Au final, la somme de ces deux contributions énergétiques conduit à
l’énergie élastique totale associée à la présence de l’inhomogénéité

E =− 1

2
ΩC ′

ijkl

(

εcij + εaij − εt′ij
)

εt′kl −
1

2
ΩCijklε

a
ijε

t
kl.

=− 1

2
ΩC ′

ijkl

(

SE
ijmnε

t
mn + εaij − εt′ij

)

εt′kl −
1

2
ΩCijklε

a
ijε

t
kl.

(D.15)

Dans le cas où les constantes élastiques sont homogènes, εt = εt′, on
retrouve bien les expressions donnant l’énergie élastique d’une inclusion (Eq.
D.9) et son énergie d’interaction avec un champ externe (Eq. D.5). 1

En utilisant la notation de Voigt pour écrire les déformations sous forme
de vecteurs de dimension 6 et les tenseurs de rang 4 sous forme de matrice
6× 6, cette énergie s’écrit.

E =− 1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1
[

C
′εt′ −

(

C
′ −C

)

εa
]

+ εa − εt′
}

− 1

2
ΩεaCA

−1
[

C
′εt′ −

(

C
′ −C

)

εa
]

=− 1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1
C

′ − 1
}

εt′

+
1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1
(

C
′ −C

)

− 1− +
A

−1
C
}

εa

+
1

2
ΩεaCA

−1
(

C
′ −C

)

εa,

où +
A désigne la transposée de la matrice A. Afin de voir si l’expression D.12

proposée par Schober [152] pour donner l’énergie d’interaction d’un défaut
ponctuel polarisable avec un champ extérieur s’applique toujours dans le
cas où le défaut ponctuel est assimilé à une inhomogénéité d’Eshelby, nous
retranchons la contribution −εaP 0 − 1

2ε
a
P

1εa de cette énergie élastique en

1. L’expression générale est également donnée par Bullough et Willis (Eq. 6 dans la
réf. 154). Dans le cas d’une inhomogénéité sans contrainte appliquée (εa), ou d’une in-
homogénéité sans déformation propre (εt′ = 0), on retrouve les expressions données par
Weinberger et al. (cf. Eq. 4.17 et 4.37 dans la référence 219)
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utilisant les expressions D.14 pour le dipôle et la polarisabilité.

E + εaP 0 +
1

2
εaP1εa =− 1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1
C

′ − 1
}

εt′

+
1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1
(

C
′ −C

)

− 1+ +
A

−1
C
}

εa

=− 1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1
C

′ − 1
}

εt′

+
1

2
Ωεt′C′

{

S
E
A

−1 − +
A

−1 +
S
E
} (

C
′ −C

)

εa,

où la passage de la première à la seconde ligne s’effectue grâce à la définition
A = (C′ −C)SE+C. La matrice S

E
A

−1 n’étant a priori pas symétrique, le
terme apparaissant sur la dernière ligne n’est pas nul en général. On voit donc
que l’énergie d’interaction ne se résume pas à la quantité −εaP0 − 1

2ε
a
P

1εa

comme l’avait supposé Schober [152]. À cause de la polarisabilité, un terme
de couplage supplémentaire apparait. Une conséquence importante est que
le dipôle total, P (εa) = P 0 +P

1εa n’est plus égal à la dérivée −∂E/∂εa.
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