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Thermo-Hydrodynamique dans les systèmes critiques : instabilités, relaxation et évaporation

Résumé : Pour qu’une goutte se forme au bout d’une colonne liquide, celle-ci doit se pincer jusqu’à atteindre
l’échelle  atomique à  la rupture,  couvrant de fait  toutes  les échelles spatiales.  Des résultats  expérimentaux et  théoriques
récents montrent que ce phénomène quotidien reste mal compris dès lors que la taille caractéristique du pincement atteint
celle des fluctuations thermiques ambiantes. Au cours de ce travail, nous proposons d’approfondir cette problématique de
l’importance des fluctuations en considérant des mélanges diphasiques quasi-critiques séparés comme modèle de liquides et
interfaces fluctuants et en caractérisant expérimentalement la dynamique de différents mécanismes de retour à l’équilibre:
instabilité d’une colonne liquide, relaxation d’une interface et évaporation d’une goutte. En outre l’étude de ces phénomènes
a  été  réalisée  dans  le  cas  d’interfaces  ultra-molles  en  faisant  varier  continûment  leurs  propriétés  hydrodynamiques,
thermodynamiques et stochastiques avec l’écart à la température critique. Dans un premier temps, l’interface de mélanges
diphasiques quasi-critiques est mise hors équilibre à l’aide de la pression de radiation d’une onde laser pour créer in situ des
colonnes liquides et des gouttes. Des outils de détection par analyse d’images spécifiques aux liquides fluctuants proches de
leur point critique ont également été développés.  On montre alors,  contrairement à l’image classique,  que la brisure de
ligaments liquides, induite par une instabilité de Rayleigh-Plateau, résulte d’une superposition de modes. Ceci nous a alors
permis, à l’aide d’une analyse de Fourier dynamique, de retrouver l’intégralité de la relation de dispersion dans le cas d’une
déstabilisation spontanée. On montre ensuite dans un travail préliminaire sur l’étalement d’une goutte liquide sur une paroi
solide l’existence de deux régimes de retour à l’équilibre : un régime de relaxation non linéaire de la goutte vers une calotte
sphérique et un régime auto-similaire de cette calotte caractérisé par une dynamique d’étalement de type Tanner. La présence
significative  d’évaporation  dans  la  dynamique  d’étalement  a  aussi  été  observée  dans  certains  cas,  ce  qui  motive  un
prolongement de ce travail articulé autour d’une modélisation adéquate. Une dernière étude a été menée sur l’évaporation
d’une  goutte  isolée,  constituant  de  fait  la  première  investigation  expérimentale  sur  l’évaporation  à  paramètre  d’ordre
conservé, de surcroît dans un liquide binaire proche de son point critique. Contre toute attente, les dynamiques d’évaporation
et  de  remontée  de  gouttes  semblent  non  conformes  à  une  description  diffusive  et  gravitaire,  leur  comportement  étant
notamment indépendant de l’écart à la température critique. L’ensemble de ces comportements a été vérifié sur une large
gamme en écarts à la température critique, suggérant un caractère universel au sens des phénomènes critiques. En définitive,
les  comportements  hydrodynamiques  ont  été  bien  retrouvés  là  où  les  comportements  thermodynamiques  demeurent
incompris,  nous interrogeant sur leur couplage notamment par l’intermédiaire des fluctuations thermiques.  On notera en
revanche qu’il est désormais possible à l’aide des outils mis en œuvre d’avoir accès simultanément à l’échelle macroscopique
de la dynamique et à l’échelle microscopique des fluctuations d’interface, ouvrant la voie à une analyse plus complète, multi-
échelle, des phénomènes déjà observés lorsque ceux-ci sont dominés par les fluctuations.

Mots clefs : Fluctuations, Instabilités, Interfaces, Fluides critiques, Matière Molle, Laser

Thermo-Hydrodynamics in critical systems : instabilities, relaxation and evaporation

Abstract: To form a drop at the tip of a liquid column, a pinching process has to occur until it reaches the atomic
scale  at  the  final  break-up,  covering all  length scales.  Some recent  experimental  and theoretical  results  show that  this
common phenomenon is still poorly understood when the pinching reaches the thermal fluctuations length scales. Here, we
try to deepen our understanding by using phase separated near-critical binary liquids as model of fluctuating liquids and
interfaces and by looking at different relaxation dynamics of out of equilibrium situations: instability of a liquid column,
interface  relaxation and  droplet  evaporation.  Hence,  the  study of  these phenomena  is  performed using  ultra-soft  liquid
interfaces and continuously varying hydrodynamic, thermodynamic and stochastic properties with the shift to the critical
temperature. In a first step, the interface of these near-critical binary liquids is initially driven out of equilibrium using the
radiation pressure of a laser wave in order to create in situ liquid columns and droplets. Dedicated tools for image analysis of
near-critical fluctuating fluids were also developed. Then, we show that, contrary to the classical idea, liquid ligaments break-
up triggered by Rayleigh-Plateau instability comes from modes superposition. This enables us, using Fourier analysis, to
build the full dispersion relation for spontaneous break-up. Secondly, a preliminary work on drop spreading on solid surface
established the existence of two dynamical regimes: one nonlinear relaxation mechanism to a spherical cap followed by an
auto-similarity behavior of this spherical cap characteristic of Tanner’s spreading. A significant amount of evaporation was
also observed in some spreading dynamics, calling for a work extension considering  adapted models. A last study was
performed on single droplet evaporation. It constitutes the first experimental work on conserved order parameter evaporation,
furthermore for near-critical binary liquids. Against all odds, the measured evaporation and droplet rising dynamics seem
completely unfit when using diffusion and gravity coupling descriptions. In particular, their behaviors are independent to the
proximity to critical point. All these behaviors are verified over a large variation of distances to the critical point. As such,
they seem to be universal  within the criticality meaning.  Eventually,  the hydrodynamic behavior  are  verified when the
thermodynamic  one  stay  misunderstood.  This  raises  questions  on  their  coupling  by  means  of  thermal  fluctuations.
Nonetheless, thanks to the developed tools, we are now able to simultaneously get the macroscopic scale of the dynamics and
the microscopic scale of interface fluctuations opening the way to more complete, multi-scale, analyses, in the fluctutations
dominated case of the already observed phenomena.
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Chapitre 1

Introduction

1.1 Physique des liquides à petite échelle : une question de
thermo-hydrodynamique

Notre époque est celle de la complexité. Alors que classiquement, les modèles physiques
étaient construits de manière à décrire des systèmes simples au travers de catégories ’idéa-
lisées’, il semble que ceux-ci sont mal adaptés pour les problèmes actuels. Ces problèmes
"qui nous restent", difficiles mais excitants, constituent le monde ou les technologies en
devenir. Chaque nouveau champ pose ses questions qui lui sont propres : les interactions
fortes, les non-linéarités, la topologie, le désordre, la dynamique hors-équilibre, etc. . . Et
une compréhension unifiée constitue une de nos motivations les plus élevées, pouvant
contribuer à répondre à des questions ultimes sur la nature profonde du monde qui nous
entoure.

La discipline même de la matière molle illustre parfaitement cette introduction de la
complexité de par son caractère transdisciplinaire pour lequel physique, chimie et biologie
sont en interaction. Les objets d’études qu’elle se donne ne sont pas de ’simples’ liquides ou
structures cristallines mais un ’entre-deux’ [1] : cellules, tissus, gels, émulsions, plastiques,
granulaires, etc. . . .

Dans cette perspective, il sera présenté dans ce travail un exemple de phénomène, pour-
tant paradigmatique au sein de l’hydrodynamique interfaciale, pour lequel une description
complète demande, l’introduction d’autres considérations physiques, induisant de fait une
nouvelle phénoménologie. Cet exemple, qui va nous servir à introduire notre travail, est la
déstabilisation d’un pont liquide.

1.1.1 Un exemple paradigmatique : les ponts liquides

Les ponts liquides sont des exemples de structures interfaciales simples qui jouent
un rôle essentiel dans des domaines aussi divers que la croissance cristalline en confi-
guration de zone flottante [2], l’adhésion [3], la condensation capillaire [4] ou la micro-
nanolithographie [5].

Or, il est maintenant bien connu depuis les travaux de Plateau [6], Rayleigh [7] puis
Tomotika [8] que leur stabilité est dépendante de leur rapport d’aspect et que lorsque la
longueur excède la circonférence, un pont se déstabilise sous l’action des forces capillaires
jusqu’à se briser en un chapelet de gouttes [9] (voir figure 1.1).

De même que de nombreux efforts ont été réalisés pour augmenter ce seuil de stabilité 1

au moyen de champs externes (électromagnétiques [10, 11], acoustiques [12, 13] et optiques

1. Notamment dans le but de produire des zones flottantes de plus grand rapport d’aspect.
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thermo-hydrodynamique

[14]), l’instabilité du pont liquide a fait l’objet de plus de travaux encore, en particulier
dédiés à la dynamique de pincement et de relaxation [15, 16], au contrôle des gouttes
produites [17], et séparément à la relaxation des pointes liquides laissées sur le substrat
au moment de la fragmentation [18].

Figure 1.1 – Séquence d’images montrant la déstabilisation puis la fragmentation d’un
pont liquide entre une interface liquide et une paroi solide. Le fond a été soustrait et chaque
image est séparée de la suivante par une seconde. On remarque également le début de la
relaxation de la pointe liquide laissée sur le paroi solide.

Ces différents phénomènes ont été généralement étudiés au travers de considérations
hydrodynamiques, en considérant un liquide ’homogène’ et surtout des interfaces lisses
et infiniment fines. Or, si cette approche est justifiée dans la grande majorité des cas,
l’émergence d’une nouvelle fluidique où la taille du système est de l’ordre de la rugosité
de surface pose des questions quant à sa validité. De plus, les propriétés stochastiques de
l’interface sous forme de fluctuations deviennent aussi significatives.

En effet, pour des échelles de tailles aussi petites, l’augmentation du rapport sur-
face sur volume rend significative la contribution thermodynamique interfaciale modifiant
l’équilibre du système. Ainsi la prise en compte des fluctuations thermiques de l’environ-
nement au travers de leur contribution stochastique sur les déformations d’interface et de
leur contribution thermodynamique sur l’équilibre du système, soulève une problématique
nouvelle où hydrodynamique et thermodynamique se coupleraient pour donner naissance
à une thermo-hydrodynamique fluctuante dont les contours restent encore flous mais dont
certaines manifestations (physique des nanojets, fragmentation de nanofils, étalement de
nano-gouttelettes, évaporation exacerbée de nanoponts et au niveau de la ligne de contact)
en illustrent déjà la signature.

En reprenant l’ensemble de ces aspects, nous proposons alors au cours de ce travail
d’explorer des états où les contributions hydrodynamique et thermodynamique se couplent
progressivement due à l’influence grandissante des effets des fluctuations. Pour cela, la
stratégie employée pour aller explorer ces effets est double.

2
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Les études proposées vont être induites par des systèmes dont la dynamique est la
conséquence de la présence d’une singularité. Les comportements induits par une singula-
rité procèdent à des mécanismes non-linéaires mais génériques aboutissant à des solutions
universelles, autrement dit ce sont des solutions analytiques qui sont des caractéristiques
propres aux mécanismes physiques gouvernant l’évolution du système. Dans le cas de dy-
namiques interfaciales, les singularités à l’oeuvre sont des singularités de courbure se ma-
nifestant par la présence d’une échelle de taille locale arbitrairement petite, qui possèdent
de fait une contribution hydrodynamique par l’intermédiaire de la pression de Laplace et
thermodynamique au travers de la condition de Gibbs-Thomson sur l’équilibre des po-
tentiels chimiques. La singularité explorant toutes les échelles de tailles disponibles, on
devrait dès lors pouvoir atteindre des échelles spatiales (ou temporelles) suffisantes pour
que les contributions thermodynamique puis stochastique deviennent significatives pour
décrire l’évolution du système et son approche à la singularité. On remarque d’ailleurs que
cette combinaison se retrouve, de fait, dans l’exemple de l’instabilité de la colonne liquide.

A cela, se rajoute l’utilisation de fluides quasi-critiques qui comme on le verra permet
de faire varier simultanément et continument les propriétés thermodynamiques, hydrody-
namiques et stochastiques grâce la proximité du système à une singularité thermodyna-
mique, le point critique. Comme mentionné précédemment, le voisinage d’une singularité
confère par ailleurs des propriétés supplémentaires d’universalité aux phénomènes obser-
vés. L’utilisation de ces milieux nous permet alors de produire et faire varier ces conditions
de couplage en augmentant la taille caractéristique des fluctuations de sorte à les rendre
manipulables et accessibles expérimentalement.

Ainsi la ligne conductrice de ce travail pourrait être la suivante : considérant un pont
liquide de grand rapport d’aspect, comment évolue sa déstabilisation depuis une instabilité
de Rayleigh-Plateau, en passant par la relaxation et l’étalement de la pointe liquide laissée
sur le substrat au moment de la fragmentation, jusqu’à l’évaporation des gouttes produites
lorsque hydrodynamique interfaciale et thermodynamique se couplent progressivement. Ou
autrement dit, comment l’intrication de singularités interfaciales et thermodynamique au
sens de phénomènes critiques pourraient conduire à des nouveaux ’états mélanges’ plus
universels que ceux déduits d’une description purement hydrodynamique ou d’une analyse
thermodynamique.

1.2 Les singularités comme objets d’études "modèles"

Le mot ’singularité’ est utilisé dans le sens commun pour décrire une situation excep-
tionnelle où un changement brutal apparaît avec l’émergence d’une nouvelle structure. En
langage mathématique, on parle de singularité quant une quantité tend vers l’infini en
un temps fini, signe de la présence de non-linéarités dans une équation différentielle. Très
souvent, les situations où une singularité apparaît justifie l’usage populaire du mot dans la
mesure où ces situations présentent des structures nouvelles, intéressantes. Par exemple,
le centre d’un trou noir et l’origine de l’univers sont habituellement pensés comme des
singularités, dans ces cas-ci de l’espace temps.

L’étude des singularités ou des effets qu’elles induisent, est intéressante dans la mesure
où elles comportent des caractéristiques propres, en particulier d’universalité et d’auto-
similarité, en en faisant des candidats idéaux pour pouvoir analyser fondamentalement
des mécanismes physiques et dans notre cas étudier le couplage entre les contributions
thermodynamiques et hydrodynamiques.

Dans ce travail, nous présenterons divers types de singularités, deux singularités tem-
porelles, le pincement d’une colonne liquide et l’évaporation d’une goutte, où la courbure
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de l’interface diverge temporellement à l’infini, une singularité spatiale où la courbure di-
verge mais aussi la dissipation visqueuse, conduisant à une singularité statique mais très
localisée. Et enfin nous verrons aussi le cas d’une singularité au sens thermodynamique du
terme, où certaines propriétés du milieu fluide divergent à l’approche du point critique de
son diagramme de phase.

1.2.1 Universalité et auto-similarité

L’analyse des comportements induits par des singularités comportent trois avantages
dans l’étude de ces états ’mélanges’ descriptibles par des couplages entre les diverses
contributions hydrodynamiques, thermodynamiques et stochastiques.

Premièrement, une caractéristique essentielle d’une singularité, dont dérivent les autres,
est le caractère universel de l’évolution du système qu’elle induit. Lorsqu’une grandeur
contenue dans un des termes d’une équation aux dérivées partielles diverge, l’ensemble des
mécanismes que celle-ci induit va être piloté par l’approche à la singularité. Par exemple
dans le cas du pincement, pour que la courbure de l’interface diverge, et donc que l’échelle
de taille locale associée à cette singularité tende vers zéro, il est nécessaire que les écou-
lements sortant de la zone de pincement couplent cette zone à des échelles de tailles bien
supérieures. Il en est de même pour le cas de l’évaporation : la divergence de la contribu-
tion thermodynamique de la courbure induit une augmentation du flux de diffusion depuis
l’interface de la goutte vers le fluide extérieur. Ces différents mécanismes vont être pilotés
par la divergence de cette grandeur et adopter un caractère universel dans le sens, où, au
moins proche de la singularité, ils deviendront indépendants des conditions initiales ou des
conditions aux bords.

De fait, il s’agit alors d’états modèles ’signatures’ des équations aux dérivées partielles
dont elles sont issues, dans la mesure où c’est la seule chose que l’on peut dire de solutions
indépendantes des conditions initiales ou des conditions aux bords. Ainsi, cela permet que
les comportements induits par la singularité, disons d’une grandeur y, ne soient pilotés
que par l’approche à la singularité, disons ∆t dans le cas d’une singularité temporelle.
Autrement dit, on doit pouvoir, en renormalisant l’échelle de temps par T , obtenir la
même solution, seulement renormalisée par une valeur Y (T ). Ainsi dans un second temps,
la caractéristique propre des comportements induits par des singularités est leur caractère
invariant d’échelle ou auto-similaire.

Or l’ensemble des solutions invariantes d’échelle correspond à des solutions particu-
lières. Eggers et Fontelos [19] les déterminent de la manière suivante : considérons une
solution arbitraire y(t) = f(∆t) invariante d’échelle, c’est à dire que tout changement
dans l’échelle de temps t̃ est absorbé par un changement de l’échelle dans la solution y(t),
on a ainsi :

y(t)
Y (T ) = f(∆t/T ) (1.1)

quel que soit T . Si on considère désormais la dérivée au cours du temps de l’équation (1.1) :

ẏ(∆t)
Y (T ) = 1

T

d∆t
dt

f ′(∆t/T ), (1.2)

il suffit alors de fixer T = ∆t et de diviser l’équation (1.2) par l’équation (1.1) pour
obtenir :

dln(y)
dt

= f ′(1)
f(1)

dln(∆t)
dt

(1.3)
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En intégrant l’équation (1.3), on obtient alors :

y(t) = A∆tα , α = f ′(1)
f(1) (1.4)

où A est une constante d’intégration. Ainsi les seules solutions invariantes d’échelle sont
des lois de puissance. La présence de lois de puissances est ainsi une condition nécessaire
et donc une signature de la présence d’une singularité.

Finalement au vu de la structure des solutions, on peut remarquer que des mécanismes
génériques existent pour les trouver analytiquement [19] malgré le fait qu’elles sont issues
d’une équation différentielle non-linéaire, le plus classique d’entre eux étant l’analyse di-
mensionnelle.

De fait, la possibilité d’avoir des solutions invariantes d’échelles est intéressante dans
notre cas, dans la mesure où, le moment où la contribution hydrodynamique ne sera
plus suffisante pour décrire la dynamique se traduira instantanément en une déviation
de la loi de puissance vers une nouvelle loi de puissance d’exposant différent, celui-ci
étant intimement lié aux mécanismes physiques en jeu dans l’équilibre local gouvernant la
singularité. Nous présentons alors par la suite un exemple classique de phénomène physique
dont la dynamique finit par aboutir à une singularité.

1.2.2 Instabilité de Rayleigh-Plateau et pincement : un exemple d’une
singularité temporelle

Considérons dans un premier temps l’exemple par excellence d’une singularité tempo-
relle ayant fait l’objet de nombreuses études ces dernières années.

Soit un ligament liquide qui est une structure instable par excellence. Pour minimiser
son énergie, le système va quitter son état initial pour rejoindre un nouvel état d’équilibre.
Dans le cas présent, c’est son énergie de surface que le système va minimiser et deux
situations vont alors se présenter. Si le rapport d’aspect initial L/R0 du ligament liquide,
avec L sa longueur initiale et R0 son rayon initial, est inférieur à une valeur critique, le
ligament va tendre vers une seule sphère, ou goutte (voir figure 1.2) alors que dans le cas
opposé, le cylindre va pincer périodiquement et fragmenter en plusieurs gouttes 2 (voir
figure 1.3).

Figure 1.2 – Séquence d’images montrant la relaxation d’un ligament liquide de petit
rapport d’aspect vers une seule goutte pour un échantillon de micro-émulsion quasi-critique
à un écart à la température critique de 10 K. Chaque image est séparée de la suivante de
0.025 s.

2. Driessen et al. [20] a donné pour une ligament liquide dans l’air, une cartographie expérimentale
donnant les situations où un ligament liquide relaxe ou se brise en plusieurs gouttes en fonction du rapport
d’aspect et du nombre d’Ohnesorge.

5



1.2. Les singularités comme objets d’études "modèles"

Or ces deux situations de retour à l’équilibre sont très différentes. Dans le premier cas
où le cylindre va se contracter vers une seule goutte, sa dynamique est appelée relaxation
et est caractérisée par une saturation où les diverses grandeurs saturent à l’approche du
nouvel état d’équilibre. Dans le second, des perturbations du rayon du cylindre vont croître
avec le temps jusqu’à ce que le cylindre fragmente en plusieurs gouttes. Cette dynamique où
une perturbation diverge avec le temps est alors appelée instabilité et plus spécifiquement
dans ce cas ci instabilité de Rayleigh-Plateau. En régime linéaire, ces deux dynamiques
sont caractérisées par des comportements exponentiels avec des taux de croissance opposés.

Figure 1.3 – Séquence d’images montrant la fragmentation d’un ligament liquide en
plusieurs gouttes pour un échantillon de micro-émulsion quasi-critique à un écart à la
température critique de 10 K. Chaque image est séparée de la suivante de 0.025 s.

1.2.3 Dynamique non-linéaire : singularité et auto-similarité

Dans le cas de l’instabilité de Rayleigh-Plateau, à mesure que le ligament se pince, sa
dynamique ne va alors plus pouvoir être descriptible en terme de régime linéaire. Différents
régimes dynamiques sont alors possibles en fonction de la nature du système : pincement
liquide dans de l’air ou dans un autre liquide, présence de gravité, fortes ou faibles viscosité,
etc. . . En revanche Eggers [9] a montré que quel que soit le système, la dynamique finit
toujours par tendre vers une solution universelle, un comportement autosimilaire où le
rayon de pincement varie linéairement avec le temps :

R = H(λ)γ
η

(tb − t) (1.5)

où H est une constante adimensionnée dépendant du rapport de viscosité λ = ηext/ηint et
H(1) = 0.03. Ce régime a été vérifié expérimentalement, notamment par Cohen et Nagel
[21] dans un système liquide-liquide et pour divers rapports de viscosités.
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Or il est intéressant de noter qu’au niveau du pincement, l’évolution devient auto-
similaire tant au niveau de la morphologie du cou (voir figure 1.4) que de sa dynamique,
linéaire (1.5) et donc en loi de puissance, ce qui est caractéristique de la présence de la
singularité de courbure à mesure que le rayon tend vers 0, comme vu précédemment.

Figure 1.4 – Images à la rupture de jet visqueux au sein d’un fluide visqueux environnant
pour différents rapports de viscosité λ = 0.1, λ = 1 et λ = 10. Images tirées de [21].

Rugosité de l’interface et régime thermique

Cependant, cette description n’a de sens que dans la mesure où l’équation de Navier-
Stokes reste valide, c’est à dire dans l’hypothèse d’interfaces lisses et surtout parfaitement
fines.

Or, si on considère une interface plane et qu’on la regarde de suffisamment près, on
remarquera que celle-ci présente de petites oscillations. Ces oscillations, aussi appelées
ondes capillaires, sont induites par une compétition entre les fluctuations thermiques de
l’environnement et la tension interfaciale. Dès lors, celles-ci vont présenter une taille ca-
ractéristique LT , dite longueur thermique :

LT =
√
kBT

γ
(1.6)

et cette longueur donnera l’épaisseur moyenne de l’interface ou ce qu’on appelle parfois sa
rugosité. Or dans la mesure où, lors d’un pincement par exemple, la taille caractéristique
du système tend nécessairement vers la rugosité de l’interface donnée par la longueur ther-
mique LT , les comportements décrits classiquement ne sont plus vérifiés. Il est d’ailleurs
intéressant de noter que l’échelle nanométrique étant typiquement celle des fluctuations
thermiques, ces régimes en présence de fluctuations correspondent à des problématiques
centrales et actuelles dans le cadre de la nanofluidique.

Ainsi si on revient sur le cas du pincement, des résultats théoriques [22] et numériques
[23] (voir figures 1.5a, 1.5b et 1.5c) ont montré qu’un nouveau régime de pincement devait
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émerger en présence de fluctuations :

R ∼ (tf − t)0.42 (1.7)

pour lequel la morphologie du cou adopte une nouvelle forme symétrique en double cônes.
Plusieurs simulations de jet en présence de fluctuations [24, 25, 26] ont été menées montrant
un comportement en loi de puissance avec un exposant variant de 0.4 à 0.6 compatible
avec ce régime et des cous symétriques.

De même, expérimentalement, ce régime a été confirmé, morphologiquement et dyna-
miquement (voir figure 1.5d), par Hennequin et al. [27] puis par Petit et al. [28] qui montre
par ailleurs que la transition depuis le régime hydrodynamique vers le régime thermique
se fait bien quand le rayon du cou R ≈ LT (voir figure 1.5e).

Figure 1.5 – Les images (a), (b) et (c) tirées de [23] correspondent à des configurations
de jets obtenues par des simulations de dynamiques moléculaires ab initio pour une buse
mouillante de 6 nm montrant la structure en double cône pour un nanojet à la rupture.
la séquence d’images (d) tirée de [27] correspond à la rupture d’un jet pour un mélange
colloïde-polymère avec une tension interfaciale de 20 nN/m. On observe la structure en
double cône à la rupture ainsi que la rugosité de l’interface. La figure (e) tirée de [28]
montre l’évolution du rayon d’un cou jusqu’à la rupture pour un système de microémulsion
quasi-critique à un écart à la température critique T −TC = 0.23 K. Les ajustements pour
le régime visco-capillaire puis pour le régime dominé par les fluctuations sont obtenus en
forçant les exposants respectivement à un régime linéaire puis à une loi de puissance 0.42.

Suite à la situation classique d’une singularité temporelle, nous allons désormais nous
intéresser à un second type de singularité statique, une singularité spatiale, qui comme
nous allons le voir induit par sa présence même, des aspects dynamiques se rapprochant
de ceux remarqués dans le cas d’une singularité temporelle.
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1.2.4 Étalement d’une goutte liquide et déplacement d’une ligne de
contact : aspects dynamiques d’une singularité spatiale

Considérons une goutte mouillante s’étalant sur un substrat solide. Lorsqu’on cherche
à décrire sa dynamique de manière continue à l’aide d’une équation de Navier-Stokes, dans
le référentiel mobile de la ligne de contact, le débit total doit être nul quelle que soit la
distance à la ligne de contact x. L’écoulement doit alors changer de sens sur la hauteur
h(x) délimitée entre la paroi solide et la surface libre du coin liquide (voir figure 1.6b)
qui tend vers zéro à l’approche au coin, induisant à une divergence du taux de dissipation
visqueuse ε :

ε ∼ η∇2u, (1.8)

où η est la viscosité et u la vitesse de l’écoulement. Pour régulariser cette divergence, il
est nécessaire d’introduire une longueur de coupure microscopique a, très petite devant les
échelles caractéristiques du système, correspondant à la taille caractéristique pour laquelle
la description continue de Navier-Stokes n’est plus valide, autrement dit une longueur
typiquement nanométrique.

(a) (b)

Figure 1.6 – (a) Singularité spatiale de la ligne de contact au coin de la goutte en
mouvement. (b) Écoulement de poiseuille dans le coin de le goutte près d’une ligne de
contact mobile. Le substrat se déplace à la vitesse U vers la droite dans le référentiel de la
ligne de contact.

La dynamique du coin est alors donnée par un équilibre entre des forces capillaires
agissantes macroscopiquement, pour une taille caractéristique de coin petite devant la
longueur capillaire LC et des effets visqueux dissipatifs localisés microscopiquement au
niveau de la singularité. On peut montrer que la seule longueur caractéristique qui doit
intervenir dans ce problème est alors a. Le profil du coin est alors donné à l’ordre dominant
par la solution de Cox-Voinov [29] :

h′3 ≈ 9Caln(x/a) (1.9)

avec Ca le nombre capillaire donné par Ca = Uη/γ. Il suffit alors de prolonger la solution à
l’échelle macroscopique du système, à savoir une calotte sphérique si R� LC , pour déter-
miner la dynamique de l’étalement. On peut ainsi montrer que la dynamique d’étalement
est donnée par une dynamique en loi de puissance, dans le cas visco-capillaire, appelée
régime de Tanner R ∼ t1/10 avec R le rayon de contact de la goutte sur la paroi (voir
figure 1.7). Ce régime reste valide, dans le cas visco-capillaire, tant que le morphologie du
coin est donnée par l’équation (1.9), c’est à dire tant que la taille caractéristique du coin
est grande devant la longueur de coupure microscopique a.

Ainsi les dynamiques obtenues en présence d’une singularité spatiale sont aussi en
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1.2. Les singularités comme objets d’études "modèles"

lois de puissance, comme dans le cas d’une singularité temporelle, dans la mesure où
l’auto-similarité spatiale du profil du coin proche de la singularité doit être conservée
au cours du temps. En revanche, le traitement d’une singularité spatiale impose, pour
traiter de ses aspects dynamiques, l’introduction d’une longueur de coupure microscopique
correspondant au moment où la description utilisée sort de son domaine de validité.

Figure 1.7 – Rayon de contact d’une goutte d’huile de silicone s’étalant sur une paroi de
verre en fonction du temps. Les deux images en insert représente deux moments différents
de l’étalement. Images tirées de [30] et figure tirée de [18] faite à partir des mesures tirées
de ces images.

Échelle microscopique et régime de fluctuations

Ainsi les conditions pour lesquelles le régime auto-similaire ne tient plus suivent natu-
rellement de ce qui a été dit précédemment. Lorsque la taille typique de la région microsco-
pique (ou x) tend vers a, des considérations microscopiques doivent être prises en compte.
Par exemple, dans le cas de l’étalement d’une goutte mouillante, un film précurseur à
l’étalement existe dont la hauteur dépend de l’énergie de surface de la paroi, des inter-
actions de van der Waals ou encore d’éventuels défauts et inhomogénéités chimiques du
substrat. L’échelle spatiale du film correspond typiquement au moment où la description
auto-similaire visco-capillaire n’est plus vérifiée.

De la même façon, la question de l’étalement des gouttelettes se posent dans la mesure
où la description par une interface lisse n’est plus vérifiée. Il a par exemple été montré
récemment par Davidovitch et al. [31] qu’au lieu du régime d’étalement de Tanner R ∼
t1/10, le régime de fluctuations prédit, comme dans le cas du pincement, une accélération
de la dynamique vers un nouveau régime donnant R ∼ t1/6.

10
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1.2.5 Thermodynamique d’une singularité de courbure : l’évaporation

En revanche, il reste un aspect qui n’a pas été discuté dans les exemples de singularités
présentées jusqu’à présent, les considérations thermodynamiques.

En effet, la présence de courbure à une interface induit une variation de son énergie
libre se traduisant généralement par la présence d’un terme de potentiel chimique au
travers une condition de type Gibbs-Thomson. En d’autre termes, si une interface plane
séparant deux phases à l’équilibre est soudainement courbée, des flux de diffusion vont se
mettre en place et déplacer l’interface. Une singularité de courbure implique de fait une
divergence de cet effet qui conduit à du transport de matière au travers l’interface, altérant
sa dynamique et aboutissant à des effets locaux d’évaporation-condensation.

La simulation ab initio de Kang et Landman [32] montre d’ailleurs que la morphologie
de pincement lors de la brisure d’un nanopont est altérée en présence d’un gaz environnant,
passant de symétrique (comme dans le cas d’Eggers [22]) à asymétrique (voir figure 1.8).
Cette différence de morphologie peut être retrouvée en introduisant dans l’équation de
continuité un terme de flux diffusif dépendant de la courbure.

(a) (b)

Figure 1.8 – MD simulation d’un scénario typique de rupture d’un pont liquide de propane
à 185 K dans le vide et en présence d’un gaz d’azote. On remarque la présence d’effets
d’évaporation-condensation sur le profil du cou. Figures tirées de [32].

La question de la divergence de la courbure et de ses effets thermodynamiques se
pose aussi dans le cas de la singularité spatiale que constitue la ligne de contact. Il est
intéressant de noter que, dans cette perspective, Briant et al. ont montré à l’aide d’une
simulation Lattice-Boltzmann que le déplacement de la ligne de contact était du à des
effets d’évaporation-condensation, dans le cas liquide-gaz [33], et à des effets d’évaporation-
condensation-convection, dans le cas d’un liquide binaire [34], résolvant de fait le problème
de la divergence des effets visqueux à l’approche de la ligne de contact (voir figure 1.9).

Ainsi on retrouve bien cette idée selon laquelle les considérations thermodynamiques
sont essentiels pour comprendre les aspects dynamiques et morphologiques de phénomènes
interfaciaux et l’étude de leurs contributions simultanées n’en est encore qu’à ses débuts.
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(a) (b)

Figure 1.9 – Simulation lattice-Boltzmann d’un champ de vitesses renormalisées proche
de la ligne de contact en régime statique d’un liquide binaire cisaillé en contact avec
une paroi solide. On remarque la présence de vitesses normales à l’interface montrant
un phénomène d’évaporation-condensation. Figures tirées de [34].

Effets des fluctuations sur les propriétés thermodynamiques

Par ailleurs, pour ajouter à la complexité de la description à l’échelle des fluctuations,
un effet des fluctuations sur la tension de surface a été montré numériquement. Das et
Binder [35] ont montré que la tension interfaciale devait décroître lorsque la taille typique
du système tend vers LT . En particulier, celle-ci devrait se comporter en γ ∼ R2 pour
R < LT avec R la taille typique du système.

Ainsi, cet effet devrait être couplé sur tous les effets de courbures, hydrodynamiques
comme thermodynamiques et devrait entraîner de nouvelles altérations de la dynamique.
Prenons le cas simple de l’évaporation à paramètre d’ordre conservé d’une goutte sphé-
rique, qui est aussi une dynamique gouvernée par une singularité temporelle de la courbure
mais de nature entièrement thermodynamique. Le comportement est auto-similaire et on
peut montrer que l’évaporation se fait selon une loi en R = K(tf−t)1/3 avec tf le temps fi-
nal d’évaporation etK un préfacteur qui dépend de la tension interfaciale γ. Il est d’ailleurs
assez étonnant de noter qu’à notre connaissance, aucune expérience d’évaporation à pa-
ramètre d’ordre conservé montrant ce comportement n’existe. Ainsi, si on considère de
plus que γ ∼ R2, la loi d’évaporation devrait drastiquement changer et suivre un régime
linéaire jamais exploré.

1.2.6 Conclusion

En définitive, les deux exemples de singularité, temporelle et spatiale, présentés jusque
là permettent bien d’aller explorer ces couplages thermo-hydrodynamiques, ceux-ci se ma-
nifestant par des déviations aux comportements auto-similaires classiques. On remarque
d’ailleurs dans cette perspective, que dans le cas du pincement, Lo et al. [36] ont fait des
premières observations montrant l’existence d’un régime de pincement en loi de puissance
1/3 induit par des effets de diffusion du paramètre d’ordre (voir figure 1.10). Similaire-
ment, Starov et Lee [37], ont observés des dynamiques d’étalement induites simultanément
par des effets d’évaporation et d’étalement dans le cas d’une interface liquide-air.

Pour étudier ces divers effets, il va alors nous falloir simultanément atteindre expé-
rimentalement des régimes de tailles comparable à LT et aussi faire varier les diverses
propriétés thermo-physiques de sorte à pouvoir découpler les contributions thermodyna-
miques, hydrodynamiques et stochastiques. Pour cela, la seconde stratégie est d’utiliser
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des liquides diphasiques proches de leur point critique.

Figure 1.10 – Rayon du cou en fonction de l’écart au temps de brisure. Les lignes en
trait plein sont les meilleurs ajustements donnant respectivement pour la ligne noire un
comportement linéaire et pour la ligne rouge une comportement avec un exposant 0.33.
Figure tirée de [36].

1.3 Les liquides diphasiques proches de leur point critique
comme milieu ’modèle’ et modulable

Dans l’objectif d’étudier ces nouveaux états ’mélanges’, les systèmes utilisés au cours
de ce travail sont des liquides binaires quasi-critiques. Au point critique, le système admet
une transition de phase du second ordre passant, dans le cas d’un point bas, d’un milieu
monophasique à un milieu diphasique. La longueur de corrélation du paramètre d’ordre
ξ régissant la transition de phase admet une singularité en ce point (voir figure 1.11)
et comme vu précédemment, son comportement à l’approche du point critique est auto-
similaire, i.e. en loi de puissance.

Figure 1.11 – Longueur de corrélation en fonction de l’écart à la température critique
déterminé à partir de mesures d’intensité statique diffusée. Figure tirée de [38].
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1.3. Les liquides diphasiques proches de leur point critique comme milieu
’modèle’ et modulable

Comme dans le cas de la singularité spatiale de la ligne de contact, ce comportement
auto-similaire se transpose à la totalité de l’évolution des propriétés thermo-physiques,
cette fois au travers de relations universelles comme on le verra au chapitre 2.1.

Ainsi au delà de l’aspect élégant d’étudier des comportements induits par des singula-
rités dans un système dont les propriétés sont fixées par l’approche à une autre singularité,
thermodynamique, l’étude dynamique des retours à l’équilibre dans les systèmes proches
de leur point critique présente trois avantages.

Comme on vient de voir, les propriétés du système sont fixées par l’écart au point
critique, et nous verrons qu’il suffit de faire varier l’écart à la température critique TC , pour
explorer d’autres échelles de propriétés et étudier des comportements hydrodynamiques et
thermodynamiques sur de larges plages de propriétés. Cette possibilité est alors centrale
dans notre étude puisque ce sera en faisant varier l’écart à la température critique que
nous chercherons à découpler les contributions thermodynamiques et hydrodynamiques
dans l’étude des dynamiques induites par des singularités.

Dans un second temps, le caractère universel de cette auto-similarité se spécifie dans
le cadre d’un modèle d’Ising des transitions de phases, et donne naissance à la notion de
classes d’universalité d’Ising. Ainsi pour tous les systèmes appartenant à la même classe
d’universalité, (d = 3, n = 1) dans notre cas, les propriétés du système évoluent de la même
façon à l’approche au point critique. Il est alors attendu que la formation des motifs, des
structures ou les comportements observés se transposent à l’ensemble de la classe.

Enfin et nous reviendrons par la suite sur cet élément, les systèmes critiques offrent
la possibilité unique d’induire des fluctuations de paramètre d’ordres de grandes tailles,
observables par des moyens optiques standards, et ainsi d’observer des régimes dynamiques
dominés par les fluctuations et, comme précédemment, de faire varier leur contribution.

Plusieurs études sur des instabilités dans des systèmes critiques ont déjà été menées
pour les mêmes raisons : l’exploration des effets de saturations pour les instabilités de Fa-
raday [39], de la transition des structures convectives de Rayleigh-Benard et de Marangoni
[40] ou encore de la dépendance en nombre de Prandtl des instabilités de Rayleigh-Benard
[41]. Dans chaque cas, la quasi-criticalité est utilisée comme une manière de faire varier
les conditions à l’équilibre et d’explorer la structure résultante.

(a) (b)

Figure 1.12 – Images de l’interface du liquide diphasique proche de son point critique pour
différentes valeurs de T −TC et à différents temps, (a) correspondant à T −TC = 6.911 K
et (b) à T − TC = 0.112 K. Images tirées de [42].
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En revanche, on remarquera que ces études portent essentiellement sur des solutions
statiques, là où le travail qui sera présenté dans ce manuscrit se centre exclusivement
sur des comportements dynamiques, de plus induits par la présence d’une singularité
renforçant de fait leur caractère universel. On notera quand même l’étude dynamique de
Wolf et Woermann [42, 43] sur les instabilités de Rayleigh-Taylor où on peut remarquer
figure 1.12 la variation de la longueur d’onde la plus instable avec l’écart à la température
critique.

1.3.1 Interfaces ultra-molles : Dynamique de Stokes et Fluctuations
d’interfaces

En intriquant les singularités étudiées avec la singularité thermodynamique que repré-
sente le point critique, il se trouve aussi que nous allons pouvoir étudier une catégorie de
systèmes, en général difficile à fabriquer expérimentalement : les interfaces ultra-molles. En
particulier, les interfaces étant particulièrement sensibles à la pollution, il est en général
difficile de garantir la reproductibilité des expériences réalisées.

Or on vient de voir que notre système présente une singularité de la longueur de
corrélation ξ. Ainsi comme ξ est la taille caractéristique minimale du système, la tension
interfaciale γ, qui est définie comme une énergie par unité de surface va se comporter
comme γ ∼ 1/ξ2 et va de fait tendre vers zéro en loi de puissance à l’approche du point
critique 3. La gamme de tensions typiques à laquelle on va avoir accès varie entre 1 µN/m
à T − TC = 16 K et peut descendre jusqu’à 5 nN/m pour T − TC = 0.2 K.

Cette faible valeur de la tension interfaciale a des conséquences majeures sur les types
de dynamiques auxquelles nous allons avoir accès. On dit d’une dynamique qu’elle est
visqueuse lorsque le nombre de Reynolds Re � 1. Si on considère un écoulement de Stokes
donné par l’équilibre entre un gradient de pression de Laplace et les contraintes visqueuses,
on peut alors définir pour Re ≈ 1, la vitesse capillaire Vcap = γ/ηext, la longueur visqueuse
Lη = η2

ext/γρint et le temps visqueux τη = η3
ext/γ

2ρint, où ηext et ρint sont respectivement
la viscosité du fluide extérieur et la masse volumique du fluide intérieur. Ces échelles de
taille et de temps correspondent aux échelles de taille et de temps intrinsèques au fluide.
On remarque d’ailleurs que le comportement du pincement en fin de dynamique (1.5),
c’est à dire pour R � Lη avec R le rayon du cou, est donnée par la vitesse capillaire ou
autrement dit par Lη/τη.

Comme on le verra par la suite, pour former les objets dont nous allons étudier le retour
à l’équilibre, nous utilisons un faisceau laser focalisé à l’interface initialement plane de notre
échantillon diphasique. Le rayon au col de ce faisceau étant microscopique, la taille initiale
des objets que nous allons étudier sera aussi de cet ordre. Or le comportement singulier
à l’approche du point critique nous permet alors d’avoir des longueurs visqueuses très
élevées, typiquement Lη ≈ 200 µm à T −TC = 32 K et croît quand T −TC diminue. Nous
étudierons alors toujours des dynamiques visqueuses décrites par l’équation de Stokes,
autrement dit à petit nombre de Reynolds. Re.

Fluctuations d’interfaces

Ainsi on vient de dire que pour des interfaces ultra-molles, les dynamiques interfaciales
que nous étudierons seront toujours solutions de l’équation de Stokes. Néanmoins dans
la mesure où la longueur thermique LT , donnant la taille caractéristique de la rugosité

3. L’énergie d’interaction typique étant pour le coup fixée par les fluctuations thermiques à savoir kBT
avec kB la constante de Boltzmann et T la température [44, 45].
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1.4. Plan du manuscrit

d’interface, augmente en 1/√γ et donc se comporte en loi de puissance, c’est alors LT qui
va devenir la longueur caractéristique du système.

Alors que pour des interfaces ordinaires, les longueurs thermiques sont inférieures au
nanomètre, typiquement LT ≈ 0.2 nm pour une interface eau-air, dans notre cas celle-ci
peut monter jusqu’à des tailles de l’ordre du micron (voir figure 1.13) et devient accessible
par des moyens optiques standards. Comme on peut s’en douter, celle-ci se comporte en
fait comme la longueur de corrélation des fluctuations ξ montrant le lien entre fluctuations
du paramètre d’ordre et fluctuations de l’interface.

(a) (b) (c)

Figure 1.13 – Images d’une goutte pour des écarts à la température critique de (a)
T − TC = 32 K, (b) 2 K et (c) 0.2 K. On remarque le rugosité et la déformation de
l’interface lorsqu’on se rapproche de la température critique.

En définitive, à l’aide de la singularité thermodynamique du point critique, nous
sommes alors capables d’induire des comportements gouvernés par une nouvelle longueur
caractéristique LT dans les dynamiques étudiés. Ainsi, en se rapprochant du point cri-
tique, on peut explorer une nouvelle contribution sur les dynamiques étudiés, la contri-
bution stochastique, faisant de ces systèmes quasi-critiques des analogues à des systèmes
nanométriques.

1.4 Plan du manuscrit
Ainsi au cours de ce manuscrit, nous allons présenter un travail préliminaire à cette

étude. En particulier, dans ce premier temps, le couplage avec les fluctuations ne se fera
que de façon indirecte au travers des conditions initiales, par la présence d’évaporation ou
de la rugosité de l’interface.

Mais avant toute chose, nous présenterons plus en détail les échantillons quasi-critiques
que nous allons utiliser ainsi que leur métrologie. Certaines discussions existent sur cer-
taines de leurs propriétés et ce travail a aussi pour objectif de faire un point dessus. Par
ailleurs, le montage expérimental permettant d’utiliser la pression de radiation d’un laser
pour former et manipuler les objets et structures d’intérêt sera présenté et caractérisé.
Les possibilités d’utiliser un laser pour agir mécaniquement sur nos fluides repose sur
des interactions qui feront aussi l’objet d’une partie consacrée. Enfin l’analyse d’images
pour ces systèmes très turbides et de si faibles contrastes d’indices constituant une des
contraintes expérimentales liée aux phénomènes critiques, nous présenterons aussi le tra-
vail réalisé sur le développement d’outils de détection par analyses d’images adaptés au
systèmes critiques.

Nous présenterons alors trois études à partir des trois exemples qui ont été vus pré-
cédemment : instabilité de Rayleigh-Plateau, étalement, évaporation. Chacun fera l’objet
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d’un chapitre qui lui est consacré et pour lequel nous reviendrons dans leurs parties res-
pectives sur les motivations qui leur sont propres.

Ces trois exemples peuvent être perçus chronologiquement au travers de l’histoire du
pont liquide. Nous verrons dans une première étude, son début, à savoir l’étude du régime
linéaire de déstabilisation de Rayleigh-Plateau avec les particularités d’un ligament de très
grand rapport d’aspect pour une interface ultra-molle.

Puis nous regarderons la pointe liquide qui a été laissée sur le substrat au moment de la
fragmentation du pont. Nous présenterons alors une étude de la totalité de sa dynamique
à un écart à la température critique où nous chercherons à vérifier le comportement auto-
similaire induit par la singularité à la ligne de contact. Les durées typiques du phénomènes
étant significativement plus longues que dans le cas de l’instabilité de Rayleigh-Plateau,
des couplages thermodynamiques sont alors attendus.

Et enfin, nous nous intéresserons aux gouttes du chapelet laissées par la fragmentation
du pont comme système modèle simple et nous étudierons exhaustivement leur évapora-
tion totale, constituant curieusement la première étude expérimentale de l’évaporation à
paramètre d’ordre conservé.
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Les forces capillaires, à savoir la manifestation de la minimisation de l’énergie d’un
système par la réduction de sa surface (ou plutôt l’interface dans notre cas), seront à
l’oeuvre dans l’ensemble des études que nous présenterons au cours de ce manuscrit. Si la
phrase de W.Pauli : "God made the bulk ; the surface was made by the devil" est presque
devenue un lieu commun, c’est que d’un point de vue théorique comme expérimental,
l’étude de phénomènes régis par des effets surfaciques pose un certain nombre de difficultés.
Dans ce chapitre, nous nous consacrerons principalement aux difficultés pratiques dont
l’essentiel est du à des effets de contaminations rendant la reproductibilité des mesures
particulièrement ardue.

Les phénomènes que nous allons présenter sont des instabilités et il nous faudra alors
fabriquer des objets et structures instables. Le choix que nous opérons dans cette optique
est l’utilisation d’un faisceau laser qui nous permettra d’agir sur notre système sans contact
et donc sans introduction de pollutions extérieures.

Néanmoins l’utilisation mécanique d’un faisceau laser va avec certaines contraintes sur
le choix du système comme l’absorption thermique à la longueur d’onde utilisée et les
effets thermiques induits, et surtout, comme nous le verrons plus en détail par la suite, il
est nécessaire de travailler dans un régime de tensions interfaciales ultrabasses.

Nous détaillons dans ce chapitre les systèmes utilisés. Nous allons montrer que les
systèmes binaires proches de leur point critique présentent des caractéristiques d’univer-
salité nous permettant d’explorer des régimes de propriétés variant sur plusieurs ordres de
grandeur et ceci dans des conditions de reproductibilité difficiles à rassembler d’ordinaire 1.

De plus la tension interfaciale γ étant évanescente dans notre système et la longueur
de corrélation des fluctuations de l’interface se comportant en 1/√γ, nous serons capables
d’une part d’observer optiquement des régimes hydrodynamiques fluctuants pourtant ha-
bituellement caractéristiques de systèmes de tailles moléculaires et d’autre part d’utiliser
la pression de radiation d’un faisceau laser comme outil pour former et déformer des objets
et structures liquides.

Néanmoins, il faut noter que malgré leurs qualités ces systèmes sont intrinsèquement
sensibles et in fine instables. La proximité du point critique étant la variable de contrôle de
leurs propriétés, leur sensibilité à la pollution s’en trouve décuplée car elle déplacerait le
système dans son diagramme de phase, l’éloignant (le plus souvent) de son point critique.

Cette proximité au point critique étant chez nous contrôlée par l’écart à la température
critique, nous verrons que la qualité de notre système de contrôle en température en termes
de résolution et d’homogénéité en particulier s’avérera essentielle. La présence de gradients
de température en particulier peut avoir des effets majeurs, entrainant des écoulements et
des modifications locales des propriétés thermodynamiques du système.

Nous présenterons ainsi le dispositif de contrôle en température et les stratégies em-
ployées pour contrôler l’homogénéité malgré des contraintes géométriques importantes
dues à la présence du faisceau et de la ligne d’imagerie.

Cela dit, nous nous intéresserons aux différents modes d’interactions que notre faisceau
a avec notre système. Nous verrons qu’ils sont tous d’origine mécanique, résultant de la
pression de radiation optique 2. Cependant, comme celle-ci agit sur des objets de tailles

1. Puisqu’il suffit de changer la température du système pour que celui-ci voit varier l’ensemble de ses
propriétés physiques et thermophysiques.

2. Le système étant sélectionné pour être non-absorbant à la longueur d’onde utilisée.
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caractéristiques très différentes, il en résultera des forces surfaciques déformant l’interface,
ou bien des forces volumiques entraînant des écoulements.

Nous caractériserons aussi les possibilités en termes de propriétés de notre faisceau
que nous offre notre chaîne laser et nous verrons comment tout ces éléments 3 donnent
naissance à une versatilité d’actions possibles pour fabriquer, déformer et manipuler des
objets ou structures liquides au sein de notre système.

Comme mentionné plus haut, l’utilisation de l’approche à la criticalité couplée avec
un faiseau laser permet de former ces systèmes à des tailles observables optiquement, à
savoir microscopiques. Ainsi, les éléments constitutifs de notre chaîne d’imagerie que nous
présenterons reprennent les éléments d’un microscope adaptés aux phénomènes étudiés 4

malgré certaines contraintes géométriques.
Cependant le contraste d’indice tendant vers zéro et le caractère diffusant du système 5

divergeant à l’approche du point critique, nous présenterons les stratégies que nous avons
utilisées dans la détection de l’interface des objets dont nous cherchons à caractériser les
dynamiques. En particulier, cela ouvrira une discussion concernant la position de l’interface
physique sur le profil d’intensité signalant l’objet sur nos images.

Nous présentons figure 2.1 un schéma du système et du dispositif global sur lesquels
nous reviendrons dans la suite de ce chapitre.

Figure 2.1 – Représentation schématique du système et du dispositif expérimental com-
portant contrôle en température, une chaîne laser et une chaîne d’imagerie. Une image du
faisceau focalisé à l’interface de l’échantillon est aussi montrée.

3. Parfois combinés comme dans le cas de jets liquides.
4. Les phénomènes étudiés étant des instabilités, les tailles et temps caractéristiques du système varient

sur plusieurs ordres de grandeurs.
5. Que l’on nommera turbidité par la suite.
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2.1. Systèmes micellaires de microémulsion

2.1 Systèmes micellaires de microémulsion

2.1.1 Criticalité et Universalité

Considérons un corps pur à l’équilibre, mis dans des conditions de pression et de
température telles que son état se situe sur la ligne de coexistence liquide-gaz. Augmentons
alors continuellement la température et la pression de sorte que celui-ci se situe toujours
sur cette ligne de coexistence. Au fur et à mesure, on observera que les propriétés de ces
deux phases liquide et gaz (à savoir l’indice de réfraction, la masse volumique, etc.) vont
se rapprocher jusqu’à devenir identiques et que les deux phases n’en forment plus qu’une
appelée fluide supercritique.

Ce point à partir duquel le système passe de biphasique à monophasique est appelé
point critique de démixtion. A son approche, un phénomène d’opalescence critique a lieu, se
manifestant notamment par l’émergence d’un caractère laiteux de plus en plus prononcé
(voir figure 2.2). En effet à l’approche de la criticalité, certaines propriétés du système
divergent comme la compressibilité ou encore la longueur de corrélation des fluctuations
de densité ξ. C’est cette dernière qui, devenant de l’ordre de la longueur d’onde de la
lumière ambiante, lui donne son caractère diffusant.

Or très généralement, on s’attend à ce qu’à l’approche d’une singularité, l’évolution
du système devienne alors paramétrée par l’évolution de la quantité qui diverge. De façon
asymptotique, l’évolution de cette quantité n’est alors plus rattachée à une taille carac-
téristique et devient invariante par changement d’échelle et on a pu alors montrer que ce
caractère auto-similaire implique nécessairement que cette grandeur se comporte en loi de
puissance à l’écart à cette singularité.

Il est à noter aussi que le modèle d’Ising prédit pour un système n = 1, d = 3 (avec n
la dimensionalité du paramètre d’ordre, pour nous la concentration des mélanges binaires
étudiés et d la dimensionalité du système) des relations universelles entre les propriétés
thermophysiques et une universalité des exposants gouvernant ces lois de puissance. Les
valeurs de ceux-ci sont fixées en utilisant une théorie de groupe de renormalisation.

Dès lors, l’ensemble des propriétés de notre système est gouverné par l’écart à la
température critique (plus spécifiquement par ε = ∆T/TC avec ∆T = |T −TC |) et il suffit
alors, dans le cas où on a un système binaire, de varier celui-ci pour se retrouver avec une
tension de surface γ, un contraste de masse volumique ∆ρ ou encore un contraste d’indice
optique ∆n variant sur plusieurs ordres de grandeur 6.

Il est à noter que la mesure de ces propriétés sur plusieurs ordres de grandeur pour dé-
terminer ce qu’on appellera par la suite les exposants et amplitudes critiques est un point
d’entrée difficile. Néanmoins ce caractère critique nous donne la possibilité de mettre à
l’épreuve l’universalité des comportements que nous exposerons sur la suite du manuscrit
dans des conditions de reproductibilité difficile à rassembler (surtout dans les gammes de
tensions de surface explorées) puisqu’on effectuera souvent des campagnes expérimentales
à partir d’un seul et même échantillon 7. D’ailleurs la position du point critique 8 nous
sert de point de repère quant à la stabilité de ces paramètres (par exemple la composi-
tion du système) puisqu’une modification des propriétés thermodynamiques du système
entraîneraient de fait un décalage de celui-ci dans le diagramme de phase.

Enfin, comme mentionné précédemment, il existe des relations d’universalité entre les
propriétés et des valeurs d’exposants à l’approche d’une transition critique identiques pour

6. Par contre celles-ci étant reliées les unes aux autres, on ne pourra pas les faire varier de façon
indépendante.

7. Dans la limite du vieillissement de la solution qui peut contrarier ces propriétés.
8. La valeur de la température critique TC
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l’ensemble des systèmes appartenant à la même classe d’Ising (d = 3, n = 1). L’étude d’un
phénomène au travers du caractère quasi-critique d’un système appartenant à cette classe
(d = 3, n = 1) est donc généralisable à l’ensemble de celle-ci, autrement dit à l’ensemble
des liquides ordinaires (isotropes).

Comme nous le verrons plus en détail par la suite, nous allons chercher à manipuler et
fabriquer des objets à l’aide d’un faisceau laser continu focalisé de manière à pouvoir tra-
vailler sans contact et donc de ne pas introduire d’impuretés 9. Afin de garder les propriétés
thermodynamiques du système constantes, on utilisera un milieu dans lequel le coefficient
d’absorption thermique αT est faible et les déformations seront principalement induites
mécaniquement par pression de radiation optique

∏
rad. Cependant cette dernière étant

inversement proportionnelle à la vitesse de l’onde pressante (c la vitesse de la lumière
dans notre cas), les déformations engendrées sont généralement nanométriques puisque
contrebalancées par la pression de Laplace.

Et c’est alors que l’on pourra compter sur le comportement évanescent de la tension
de surface à l’approche de la criticalité (γ = γ0ε1.26) couplé avec l’utilisation d’un système
micellaire 10 pour diminuer la pression de Laplace et atteindre des tailles de déformation
micrométriques observables par imagerie optique.

Figure 2.2 – Différents tubes de microémulsion quasi-critiques pour différentes composi-
tions très proches sur une ligne de dilution en Toluène. On remarque le caractère laiteux
et diffusant caractéristique de l’approche au point critique.

Nous présenterons au cours de cette partie notre choix de micro-émulsion dont nous
allons explorer la partie quasi-critique du diagramme de phases, ses propriétés ainsi que
la méthode pour la fabriquer. Nous aurons alors recours à la théorie de Landau pour
décrire plus en détail la transition de phases critique 11. Nous verrons en particulier qu’à

9. Ce qui aurait des répercutions dramatiques pour les tensions de surface auxquelles on travaille.
10. En effet, comme la tension interfaciale est en 1/d2 avec d une longueur caractéristique alors l’utili-

sation de supra-molécules telles que des micelles nous permet d’obtenir une grande taille caractéristique
minimale (la taille moléculaire) et ainsi d’atteindre des régimes de tensions interfaciales faibles sans avoir
à atteindre des écarts à la température critique ∆T trop difficiles à résoudre et stabiliser.
11. Malgré certaines limites que nous aborderons succinctement.

25



2.1. Systèmes micellaires de microémulsion

l’approche de la température critique, nous sommes capables de dériver le comportement
de l’ensemble des propriétés thermophysiques à partir de l’évolution du paramètre d’ordre
φ et de celle de la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre ξ 12. Nous
chercherons à comparer alors ces propriétés à des mesures lorsque celles-ci sont disponibles.
Enfin nous dériverons certaines grandeurs caractéristiques du système qui seront utilisées
dans la suite du manuscrit.

2.1.2 Echantillon de micro-émulsion : propriétés et réalisation

Un système composé de phases micellaires de microémulsions est un mélange liquide
d’au moins trois constituants : eau, huile et tensioactif (ou surfactant). Dans notre cas, un
cosurfactant est ajouté, ici un alcool, pour stabiliser l’ensemble en solubilisant le tensioactif
ionique utilisé. Comme les molécules de tensioactif possèdent une tête polaire hydrophile
et une chaîne carbonée hydrophobe, des agrégats vont se former de tailles et formes qui
dépendent des concentrations des différents constituants. Une illustration de la diversité
de ces structures est présentée figure 2.3 tiré de [1].

Dans notre cas, les concentrations sont choisies de sorte qu’on soit en présence de
microémulsion composée de micelles inverses (d’eau dans l’huile, l’huile représentant le
constituant majoritaire). Celles-ci sont en suspension dans la phase continue de sorte que
le liquide présente une structure supra-moléculaire (d’un diamètre d ∼ 8 nm) stable,
homogène, transparente et optiquement isotrope 13.

Microémulsion utilisée

Le système utilisé est un mélange quaternaire composé d’eau, de toluène, de sodium
dodécyl sulfate (SDS) et de butanol. Pour la solution mère utilisée, la composition est
présentée dans le tableau 2.1.2 ainsi que ses principales propriétés physiques (à température
ambiante).

Composition Masse Concentration Masse volumique Indice
du mélange [g] massique [kg.m−3] optique

SDS 2.5836 4.31% 1160 1.443
n-butanol-1 10.05 16.75% 810 1.399
Toluène 41.76 69.6% 860 1.497
Eau 5.6064 9.34% 1000 1.333

Ainsi au vu des concentrations massiques, la phase continue du système est princi-
palement composée de toluène et elle fixera majoritairement les propriétés principales de
l’échantillon. Pour un faible rapport Y = meau/mhuile (Y < 6.2 %), le type de structure
obtenue est micellaire et pour un rapport de X = meau/msavon = 2.16, une étude par
diffusion de neutrons et de lumière a confirmé que la structure micellaire avait un rayon
égal à Rmic = 40 ± 2 Å [2]. La taille des micelles est alors suffisamment basse pour que
celles-ci diffusent par mouvement Brownien rendant le système homogène.

Aussi pour X = 2.16, le système présente un point critique bas TC ∼ 35 ◦C de manière
à ce qu’il soit atteignable facilement en utilisant un four classique mais tout de même

12. De fait nous verrons que les comportements en écart à la température critique des propriétés ther-
mophysiques sont régis par des exposants critiques et que la connaissance de seulement deux d’entre eux
nous permet de retrouver tous les autres.
13. Dans le cas où les concentrations seraient choisies de sorte que les phases retenues soit lamellaires,

le mélange présenterait des propriétés de biréfringence.
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significativement au dessus de la température ambiante pour réduire la sensibilité aux
variations de température ambiante 14.

Figure 2.3 – Différentes tailles et morphologies de phases micellaires formées à partir de
tensioactifs. La figure est tirée de [1].

14. Pour les mêmes constituants mais avec un rapport X = 1.25, Cazabat et al. [3] obtiennent une
température critique TC ∼ 20 ◦C et un rayon des micelles égal à Rmic = 41 Å.
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caractéristiques de la solution mère

Considérant la composition utilisée tableau 2.1.2, on détermine alors la masse volu-
mique de la solution mère ρ0 :

ρ0 =
∑
imi∑
i
mi
ρi

(2.1)

où mi et ρi sont respectivement les masses et les masses volumiques des différents consti-
tuants utilisés dans la composition de la solution mère.

On obtient alors :

ρ0(20 ◦C) = 871.6 kg.m−3

ρ0(35 ◦C) = 862.0 kg.m−3

où le choix de 20 ◦C correspond à la température de fabrication de l’échantillon et celui
de 35 ◦C à celle de la température critique.

On cherche alors à déterminer les masses volumiques de la phase continue ρcont et
des micelles ρmic afin de déterminer ultérieurement la différence de masses volumiques
des deux phases démixtés. Puisqu’on ne connaît pas la fraction d’alcool présente dans la
composition des micelles, on supposera que l’alcool est entièrement diluée dans la phase
continue. Dans cette hypothèse :

ρcont = mBut +mTol(
mBut
ρBut

)
+
(
mTol
ρTol

) (2.2)

ρmic = mSDS +meau(
mSDS
ρSDS

)
+
(
meau
ρeau

) (2.3)

On trouve alors :

ρcont(20 ◦C) = 850.3 kg.m−3, ρmic(20 ◦C) = 1045.0 kg.m−3

ρcont(35 ◦C) = 839.5 kg.m−3, ρmic(35 ◦C) = 1040.0 kg.m−3

On en déduit ainsi les concentrations massique c0 et volumique φ0 en micelles :

c0 = mmic

mTot
= 0.13

φ0 = Vmic
VTot

= c0

(
ρ0
ρmic

)
φ0(20 ◦C) = 0.110
φ0(35 ◦C) = 0.112

L’interaction entre les micelles peut être modélisée en première approximation par un
potentiel de type sphère dure ajouté à un potentiel attractif de Van der Waals U ∼ U0

r6 .
Pour obtenir une séparation de phase de type liquide-gaz, il est nécessaire que U0 soit de
l’ordre de l’énergie thermique kBT et que la portée du potentiel attractif ait une distance
caractéristique de l’ordre du diamètre d’une micelle dmic = 2Rmic. Le potentiel associé à
une répulsion de type sphère dure est alors représenté figure 2.4. Il est aussi nécessaire
pour avoir une transition de type liquide-gaz d’avoir une interaction répulsive qui est très
souvent de nature entropique comme dans le cas de corps purs.
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Figure 2.4 – Interaction de Van der Waals pour des sphères dures de rayon Rmic pour
deux molécules d’Argon.

Ceci nous permet de considérer notre système comme un système diphasique avec
une phase constituée de micelles en suspension dans une phase continue de Toluène. A la
manière d’une ligne de coexistence liquide-gaz, lorsqu’une certaine température est atteinte
pour une composition donnée, le système présentera une transition de phases du premier
ordre à l’issue de laquelle il se séparera en une phase pauvre en micelles au dessus d’une
phase riche en micelles, analogues respectivement aux phases gaz et liquide d’un corps pur
(ρmic > ρcont).

Recherche d’un échantillon critique

En toute généralité, un corps pur présente un point critique pour une pression, une
densité et température données, un système binaire va présenter une ligne de points cri-
tiques pour laquelle, à chaque composition va correspondre une pression osmotique et une
température fixées, un système ternaire une surface de points critiques, etc . . .

Ainsi à pression ambiante et pour une température critique qu’on cherche à avoir
proche de 35 ◦C, le mélange quaternaire utilisé va présenter une ligne de points critiques
dans son diagramme de phases en composition.

En fixant le rapport X = meau/msavon = 2.16, le mélange est alors assimilé à un
système pseudo-ternaire correspondant à une coupe dans le diagramme de phases comme
on peut le voir figure 2.5. On obtient alors un point critique (en composition) située sur
la ligne de coexistence que l’on va essayer d’atteindre.

Pour se rapprocher de celui-ci, on fabrique une ligne de dilution en faisant varier la
composition en Toluène par touches très petites devant la composition globale 15.

En faisant varier les concentrations massiques des différents constituants, on va alors se
déplacer dans le diagramme 2.5 vers les fortes valeurs en Toluène. On fera dans un second
temps varier la température de l’échantillon à l’aide d’un bain thermostaté (déplacant
la courbe de coexistence sur le diagramme 2.5) de sorte à obtenir une température de
démixtion par échantillon. L’échantillon pour lequel le comportement critique est le mieux
approché est choisi (le volume des deux phases doit être égal proche du point critique tout

15. La masse de Toluène ajoutée varie entre 5.7% et 6.9% de la masse initiale de Toluène dans la solution
mère le long d’une ligne typique de dilution.
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2.1. Systèmes micellaires de microémulsion

en s’assurant que pour une température légèrement inférieure, ce même échantillon est
monophasique).

Autrement dit, en faisant varier la composition du système on va déplacer le point
dans le diagramme de phases de la figure 2.5 sur une ligne de dilution. Puis en faisant
varier la température on va déplacer la ligne de coexistence comportant le point critique,
dans le diagramme en concentration.

L’échantillon retenu est celui pour lequel le point atteint sur la ligne de coexistence,
en augmentant sa température et en le faisant démixter, est le plus proche d’un des points
critiques dans le diagramme composition+température.

Figure 2.5 – Diagramme de phases du mélange pseudo-ternaire obtenu en fixant le
rapport massique X = meau/msavon pour une température T = 35 ◦C. (1) Région
monophasique.(2) Région diphasique. Représentation de la coupe dans le diagramme de
phases du mélange quaternaire à X fixé.

A titre indicatif, les ajouts de Toluène effectués sont faits avec une précision inférieure
à la masse d’une goutte sur une ligne de dilution typique, leurs masses variant de 0.40 g
à 0.48 g (une balance précise à 10−4 g est utilisée). Ceci montre l’extrême sensibilité de
fabrication des échantillons critiques et de la température critique TC associée.

2.1.3 Comportement quasi-critique

Séparation de phases

Comme on l’a abordé plus haut, à la température de démixtion, notre système micel-
laire se sépare en une phase riche en micelles et une phase pauvre en micelles.

Considèrons la différence en concentration en micelles des deux phases ∆φ comme étant
le paramètre d’ordre de notre transition, celle-ci étant nulle dans la partie monophasique
et finie non nulle dans la partie diphasique. Au fur et à mesure que l’on se rapproche
d’un point critique au travers de dilutions successives, on observera que son évolution (en
température) sera de moins en moins discontinue à la température de démixtion.
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Ainsi pour l’échantillon critique retenu, qu’on supposera démixter parfaitement au
point critique, la séparation de phases ne sera plus du premier ordre mais du second ordre
avec toujours un seul paramètre d’ordre ∆φ.

On notera par la suite TC la température de démixtion qu’on assimilera à la tempé-
rature critique et on considérera que cette transition de phases est alors une séparation
de phases critique de type liquide-liquide classique mais présentant un point critique bas.
On représente le diagramme schématique (T , φ) figure 2.6, où on peut voir apparaître la
courbe de coexistence inversée par rapport à des systèmes classiques.

Figure 2.6 – Représentation schématique du diagramme de phases de la microémul-
sion en représentation (T , φ). φ0 est la concentration critique en micelles. φ1 et φ2 sont
respectivement les concentrations en micelles de la phase riche en micelles et la phase
pauvre en micelles pour une température T > TC une fois la solution démixtée. On appelle
∆φ = φ1 − φ2 la largeur de la courbe de coexistence pour une température T donnée. Les
concentrations dans les phases dans les régions monophasique et biphasique et une micelle
sont aussi schématiquement illustrées.

Ainsi si on considère notre échantillon à une température T0 < TC et qu’on effectue
une trempe en température en augmentant brutalement la température de l’échantillon à
une température T > TC , le système va alors migrer dans le diagramme de phase 2.6 vers
l’intérieur de la courbe de coexistence.

Cette trempe en température se traduit par une décomposition spinodale et la forma-
tion de domaines riches et pauvres en micelles. La différence en concentration entre ces
deux phases sera donnée par la largeur de la courbe de coexistence ∆φ = φ1 − φ2 à la
température de la trempe T . Si cela se confirme bien à ∆T = T − TC = 32 K (voir figure
2.7), on remarque par contre qu’à 4 K (figure 2.8) les domaines se forment d’abord sur
les parois puis migrent d’un bord à l’autre de la cellule (et plutôt d’abord sur la paroi du
bas de cellule). La présence de petits gradients thermiques résiduels au sein de la cellule
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ou les changements de propriétés thermodynamiques aux parois sont responsables de cet
effet 16.

Une fois que les domaines atteignent une taille suffisante pour que les effets de gravité
deviennent significatifs, des écoulements de la taille de la cellule vont alors se former et
accélérer la séparation de phases. Comme l’écart en masse volumique des deux phases est
proportionnel à l’écart en concentration en micelles, c’est à dire à la largeur de la courbe
de coexistence, la formation de l’interface sera d’autant plus rapide que la trempe est
importante (comme on peut le voir sur les figures 2.7 et 2.8).

Figure 2.7 – Séparation de phases pour une trempe en température ∆T = 32 K

16. Ceci montre la sensibilité du phénomène aux gradients malgré l’ensemble des précautions prises que
l’on verra section 2.2.4.
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Figure 2.8 – Séparation de phases pour une trempe en température ∆T = 4 K

Théorie de Landau de la transition critique

Historiquement, la description thermodynamique de cette transition de phases a été
faite par Landau, l’idée étant de construire une fonctionnelle de l’énergie libre F telle
que le paramètre d’ordre correspondant à la valeur de ses minimas se sépare en deux de
manière continue 17 à la transition critique (comme on peut le voir pour φ figure 2.6).

On représente figure 2.9, la fonction F (T ;m) pour une valeur de température T > TC
et T < TC pour un point critique bas. On suppose ici que celle-ci ne dépend que de la
température T et du paramètre d’ordre m.

Ainsi si on écrit m(T ) le paramètre d’ordre satisfaisant à l’équation :(
∂F

∂m

)
m=m(T )

= 0 (2.4)

On remarque alors que pour que la transition soit du second ordre comme cela est
présentée figure 2.9, il est nécessaire que la forme de l’énergie libre F admette deux minima
symétriques dans le cas T > TC et un seul à l’origine pour T < TC et qu’elle présente les
symétries suivantes :
17. caractéristique d’une transition de phases du second ordre,
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pour T > TC ,

(
∂2F

∂2m

)
m=0

> 0

pour T < TC ,

(
∂2F

∂2m

)
m=0

< 0

tout en assurant la continuité de m(T ) en T = TC .

pour T = TC

(
∂2F

∂2m

)
m=0

= 0 (2.5)

Pour cela, si on développe l’énergie libre F sous la forme de lois de puissance entières
du paramètre d’ordre m autour m = 0, on remarque alors que seuls les termes pairs
doivent être conservés dans le développement de F (T ;m). On écrit alors la fonctionnelle
de Ginzburg-Landau pour un champ m scalaire :

F =
∫
dV

[
κ

2 (∇m)2 + a(TC − T )
2 m2 + b

4m
4
]

(2.6)

avec a, b > 0 et κ est une constante positive donnant l’excès d’énergie associé à la présence
de gradients locaux en paramètre d’ordre.

Figure 2.9 – Representation schematique de la fonctionnelle de l’énergie libre F dans le
cas d’une transition de phases du deuxième ordre pour T > TC , T = TC et T < TC . On
remarque deux minimas symétriques à des valeurs du paramètre d’ordre m0 et −m0 pour
T > TC et un seul à l’origine pour T < TC .

On trouve alors que dans le cas uniforme (∇m = 0), le paramètre d’ordre m0(T ) se
comporte tel que :

pour T < TC , m0(T ) = 0

pour T > TC , m0(T ) = ±

√
a(TC − T )

b

satisfaisant bien la condition de continuité m0(T → T+
C ) = m0(T → T−C ).
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Intéressons nous désormais à une fluctuation locale du paramètre d’ordre m+ δm, on
aura alors :

(∇(m0 + δm))2 → (∇δm)2

(m0 + δm)2 → m2
0 + 2m0δm+ δm2 → m2

0 + δm2 satisfaisant la parité

(m0 + δm)4 → m4
0(1 + 6δm

2

m2
0

+ · · · )→ m4
0 + 6m2

0δm
2 ordre le plus bas et parité

La partie non uniforme de l’énergie libre s’écrira alors sous la forme :

κ

2 (∇δm)2 + a(TC − T )
2 δm2 + 3b

2 m
2
0δm

2 (2.7)

En remarquant que ∂
∂δm = ∇ ∂

∂∇δm , alors la minimisation de l’énergie libre nous donne
l’équation homogène pour δm :

∂(F (m)− F (m0))
∂δm

= 0 −→
[
∇2 + 1

ξ2

]
δm = 0 (2.8)

Avec ξ la longueur de corrélation qui s’exprime de la facon suivante :

ξ =
√

κ(
a(TC − T ) + 3bm2

0
)

ξ =
√

κ

(2a(TC − T )) pour T > TC

ξ =
√

κ

(a(TC − T )) pour T < TC

On trouve ainsi que ξ ∼ |T − TC |−1/2 et que ξ(T>TC)
ξ(T<TC) = 1√

2 .
Il est alors possible d’observer des changements d’état thermodynamique à toutes les

tailles caractéristiques disponibles aux fluctuations puisque même les plus grandes lon-
gueurs d’ondes (< ξ) auront une énergie suffisante pour déplacer l’état du système. Lors-
qu’on est à l’intérieur de la courbe de coexistence, on remarquera en effet que l’énergie
nécessaire pour faire fluctuer le paramètre d’ordre sur une longueur caractéristique ξ :

κ

2 (∇m)2 ∼ κ

2
m2

ξ2 ∼
a(TC − T )

2 m2
0 + 3b

2 m
4
0

Autrement dit, elle est supérieure à la hauteur de la barrière de potentiel représentée par
F (0)− F (m0) à savoir l’énergie de "condensation" dans le cas d’un corps pur.

Si on note maintenant G(r) la fonction de corrélation du paramètre d’ordre, on peut
alors relier grâce au théorème de fluctuation-dissipation ξ à la distance spatiale typique
des fluctuations thermiques du paramètre d’ordre. On aura alors :

G(r) = 〈m(0)m(r)〉 − 〈m〉2 ∼ e−r/ξ (2.9)

avec r la distance entre les deux valeurs du paramètre d’ordre considérées.
Ainsi une autre manière de considérer la divergence de ξ à l’approche du point critique

est la suivante : à la transition critique T = TC , la fonctionnelle F d’un champ uniforme
vérifie :
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(
∂F

∂m

)
m=0

= 0 ,

(
∂2F

∂2m

)
m=0

= 0 ,

(
∂3F

∂3m

)
m=0

= 0

Il existe alors tout une gamme de paramètre d’ordre m pour laquelle l’énergie libre F
est quasi constante. Dès lors n’importe quelle fluctuation statistique de l’énergie libre
(δF ∼ kBT ) suffit à modifier l’état thermodynamique du système sur une taille typique
de ξ.

Dans notre cas, le paramètre d’ordre m = φ− φ0 avec φ représentant la concentration
volumique en micelles et φ0 cette concentration à l’équilibre quand T < TC . En notant
∆φ = φ1−φ2 = 2m0 avec m0 considéré dans la partie diphasique, le modèle présenté nous
donne alors des comportements à l’approche du point critique tels que :

∆φ ∼
∣∣∣∣T−TCTC

∣∣∣∣β , avec β = 1/2 et T > TC

ξ ∼
∣∣∣∣T−TCTC

∣∣∣∣−ν , avec ν = 1/2

Plus généralement ce modèle propose des comportements thermodynamiques en lois de
puissances en écart relatif à la température critique ε =

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣. S’ils ont été décrits
historiquement par une théorie de champ moyen telle qu’une théorie de Weiss 18 pour
l’aimantation ou une théorie de Wan der Waals pour une transition de phase liquide-
liquide, la mise à l’épreuve expérimentale fournit des exposants différents.

Singularité et relation d’échelle

Pour remédier à cette difficulté, il a alors été introduit une hypothèse appelée relation
d’échelle considérant que seule la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre
d’ordre ξ est à l’oeuvre parmi les tailles caractéristiques pilotant les grandeurs thermody-
namiques. On a vu que son évolution devient principalement gouvernée par l’écart à la
température critique et qu’elle devient alors invariante par changement d’échelle, c’est à
dire auto-similaire. On a alors montré que seules les lois de puissance sont compatibles
avec un comportement auto-similaire et ce quel que soit le modèle sous-jacent.

ξ± = ξ±0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣−ν (2.10)

où ν est l’exposant critique associé à la longueur de corrélation des fluctuations et ξ±0
est appelé amplitude critique et dépend du système utilisé. Les indices + correspondent
aux quantités calculées à l’extérieur de la ligne de coexistence (lorsque le système est
monophasique) et les indices − pour celles à l’intérieur (lorsque le système est biphasique).

Ainsi au voisinage du point critique, seuls les mécanismes dont la taille caractéristique
est pilotée par cette quantité restent significatifs et toutes les autres propriétés thermody-
namiques évoluent au travers de la variation de ξ. En effet comme cette longueur carac-
téristique traduisant le comportement collectif des molécules occupe des échelles spatiales
bien supérieures à la portée des interactions alors les détails des interactions microsco-
piques deviennent négligeables dans la description du système. Dès lors le comportement
critique présente d’ores et déjà un certain caractère d’universalité.

18. Dans le cadre de la théorie de Weiss de l’aimantation, le point critique est appelé point de Curie.
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Dans notre cas et en notant d la dimensionalité du système, les exposants critiques
associés à nos observables se notent :

Exposant Propriétés du système Expression
α Chaleur spécifique Cp ∼

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−α
β Paramètre d’ordre ∆φ ∼

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣β
γ Susceptibilité χ ∼

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−γ
δ Paramètre d’ordre avec h un champ faible à T = TC ∆φ ∼ |h|

1
δ

η Fonction de corrélation à T = TC G ∼ f2−d−η

ν Longueur de corrélation ξ ∼
∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−ν
On déduit des relations d’échelles, des relations entre les exposants telles que :

α = 2− dν

β = 1
2ν(d− 2 + η)

γ = ν(2− η)

δ = d+ 2− η
d− 2 + η

ainsi que des relations entre les amplitudes critiques de part et d’autre du point critique,
par exemple ξ+ = 1.9ξ− [5]. Il suffit alors d’avoir deux exposants pour déduire tout les
autres.

Cette hypothèse dite de relation d’échelle, pour laquelle c’est le comportement singulier
de la longueur des corrélations ξ qui gouverne l’ensemble du comportement thermodyna-
mique critique du système est validée par une théorie du groupe de renormalisation pour
laquelle les bonnes valeurs d’exposants mesurés ont été retrouvées.

Modèle d’Ising et Universalité des exposants critiques

On a vu que la longueur de corrélation ξ divergeait au travers de son exposant critique ν
quand T → TC avec TC la température critique. Ceci masquant les détails microscopiques
du système, elle en devient la seule taille caractéristique nécessaire pour décrire le système
donnant de facto un caractère universel de l’approche au point critique.

L’universalité de cette description nous permet d’étendre les résultats obtenus d’un
système à un autre. Malgré la différence significative des systèmes expérimentaux entre
eux, on peut alors transférer les résultats obtenus numériquement sur des réseaux de spins
d’Ising (voir figure 2.10) à tous les systèmes appartenant à la classe d’universalité alors
que l’hamiltonien d’un fluide pur isotrope n’est pas connu. La mesure des comportements
critiques pour des systèmes purs a permis de valider de façon satisfaisante les exposants
critiques prédits par la théorie.

De fait, dès qu’on arrive à montrer que le système appartient à la classe d’universalité
(d = 3, n = 1), on peut réutiliser l’ensemble des résultats sur les comportements critiques
sans se préoccuper des détails microscopiques (voir de la nature du système) 19. De même
l’ensemble des comportements que l’on étudiera dans ce manuscrit (au voisinage du point

19. L’appartenance des phases micellaires de microémulsion à la classe d’universalité (d = 3, n = 1)
d’Ising est une discussion non triviale.
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critique) sont généralisables à tous les systèmes proches de leur point critique appartenant
à la classe d’universalité (d = 3, n = 1). Ainsi on peut montrer que quel que soit le
système nous aurons les exposants universels suivants ν = 0.63 et β = 0.325 (au lieu de
ν = β = 1/2 par une théorie champ moyen).

Figure 2.10 – Configuration microscopique pour un modèle d’Ising à 2D pour un système
magnétique de spins sur réseaux à la température critique. En noir sont représentées les
domaines d’aimantation m > 0 et en blanc les domaines m < 0.

2.1.4 Propriétés thermophysiques

Longueur de corrélation et tension interfaciale

Dans le cas de notre système le paramètre d’ordre est l’écart en concentration entre les
deux phases ∆φ et on a vu précédemment que la longueur de corrélation des fluctuations
du paramètre d’ordre se comportait comme :

ξ− = ξ−0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣−ν (2.11)

où ν = 0.63, ξ−0 = ξ+
0 /1.9 et ξ+

0 ∼ Rmic.

La mesure du comportement critique de la longueur de corrélation des fluctuations ξ
a été faite par Eric Freysz dans sa thèse d’Etat par diffusion de lumière [4].

Son comportement critique est validé sur plus d’un ordre de grandeur en écart à la
température critique confirmant l’appartenance à la classe d’universalité. Un ajustement
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en loi de puissance donne ν = 0.6249 pour l’exposant critique et ξ+
0 = 4.01 nm pour

l’amplitude critique 20.
Il est à noter qu’une conséquence du choix de prendre des systèmes micellaires est la

possibilité d’obtenir des ξ suffisamment proches des longueurs observables pour commencer
à sonder des régimes dynamiques pour lesquels les fluctuations deviennent significatives.

L’appartenance à la classe d’universalité permet aussi de déterminer des relations uni-
verselles entre les grandeurs thermodynamiques. On peut alors montrer qu’il existe une
relation d’universalité entre la tension interfaciale γ et ξ [5]. On note le rapport universel
R+ :

R+ = γ(ξ+)2

kBTC
(2.12)

avec kB la constante de Boltzmann.
On en déduit alors que la tension interfaciale γ se comporte en loi de puissance tendant

vers zéro au fur et à mesure que ξ− diverge.

γ = γ0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣2ν (2.13)

avec 2ν = 1.26. L’amplitude critique γ0 se déduit aussi de la relation universelle.

γ0 = kBTCR
+

(ξ+
0 )2 (2.14)

La mesure de la valeur de R+ est un sujet difficile et les études de Moldover [5], [6] et
des études plus récentes [7], [9] ont permis d’obtenir des valeurs expérimentales comprises
entre 0.283 < R+ < 0.44. Des simulations Monte-Carlo ont été effectuées sur des réseaux
de spins et donnent une valeur de 0.37 [8] alors que les valeurs théoriques tirées de la
théorie des groupes de renormalisation sont de l’ordre de 0.2 [5]. Moldover propose une
valeur médiane expérimentale pour les liquides binaires de R+ = 0.39. A partir de cette
dernière valeur on en déduit alors une tension interfaciale théorique γth0 :

γth0 = 1.03 10−4 N/m (2.15)

La mesure de cette valeur de tension interfaciale est un sujet de recherche actuel pour
ce système. Des mesures de tensions interfaciales ont été réalisées pendant la thèse de A.
Girot [10] avec deux méthodes différentes (voir figure 2.11) pour des températures loin du
point critique.

L’une récupère la vitesse capillaire γ/η à partir de la vitesse de pincement au niveau
d’une zone de brisure d’un ligament liquide d’une phase micellaire dans l’autre. L’autre
méthode obtient le rapport de la tension sur le contraste d’indice γ/∆n à partir de la
mesure du seuil d’instabilité du ménisque séparant les deux phases en coexistence induit
par la pression de radiation d’une onde laser continue [11]. Nous verrons plus en détail
cette instabilité de jet dans la section 2.3.2.

On déduit d’un ajustement réalisé en fixant l’exposant critique à 1.26 la valeur de
l’amplitude critique γ0 = (4.6± 0.4) 10−5 N/m 21. La valeur expérimentale trouvée étant

20. En y ajoutant les ajustements faits sur les mesures de turbidité section 2.1.6.
21. A partir des valeurs de ξ0 et σ0 mesurées, on obtient un rapport R+ = 0.17 qui est donc en dehors

de la fourchette expérimentale précédente bien que plus proche de la valeurs théorique obtenue grâce aux
groupes de renormalisation.
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donc réduite d’un facteur 2 par rapport à la prédiction théorique. Nous compléterons ces
mesures par nos propres mesures par la suite, notamment proche du point critique et une
mesure de l’amplitude critique ainsi que du rapport universel seront de nouveau proposés.

Figure 2.11 – Tension interfaciale en fonction de l’écart à la température critique me-
surée à l’aide de deux méthodes de mesure différentes. Un ajustement est réalisé en fixant
l’exposant à 1.26.

Il est à noter que la forte valeur de ξ+
0 nous permet d’obtenir une valeur de γ0

particulièrement faible devant la valeur de la tension de surface eau-air par exemple
(γeau−air = 7.2 10−2N/m). Celle-ci nous permet alors d’atteindre facilement des régimes
de tensions interfaciales ultra basses (γ ∼ 2 10−7 N/m pour un écart à la température
critique ∆T = 4 K). Il devient alors possible d’utiliser la pression de radiation d’un fais-
ceau laser focalisé pour contrebalancer la pression de Laplace et atteindre des régimes de
déformations complètement inatteignables pour des tensions usuelles. Nous verrons ceci
plus en détail dans la section suivante dédiée 2.3.

Largeur de la courbe de coexistence

Comme on l’a vu précédemment, les propriétés thermophysiques du système se com-
portent en lois de puissance à l’écart à la température critique. La largeur de la courbe de
coexistence s’exprime par :

∆φ = ∆φ0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣β (2.16)

où l’exposant critique β = 0.325 et l’amplitude critique proche de TC est ∆φ0 = 0.275.
Celle-ci a été déterminée par comparaison de simulations numériques et d’expériences de
déformations d’interfaces fluides induite par laser en régime linéaire 22[13].

On peut alors écrire la fraction volumique en micelles dans chacune des phases (en
supposant la courbe de coexistence symétrique) :

φ1 = φ0 + ∆φ
2

φ2 = φ0 −
∆φ
2

En se plaçant dans l’hypothèse d’un mélange idéal, on en déduit le contraste de masse

22. On fera remarquer qu’il existe une relation universelle pour les systèmes binaires pour laquelle ∆φ0 =√
16πφ0R+ = 1.458. La surestimation de cette valeur serait due au caractère quaternaire du système

impliquant une asymétrie du diagramme de phases en φ.
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Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

volumique en écrivant pour chacune des phases du système : ρk = φkρmic + (1− φk)ρcont.

∆ρ = ρ1 − ρ2 = ∆ρ0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣β (2.17)

où ∆ρ se comporte avec le même exposant β que la différence en concentration en micelles
∆φ et

∆ρ0 =
(
∂ρ

∂φ

)
T

∆φ0 = (ρmic − ρcont)∆φ0 = 55.1 kg.m−3 (2.18)

Cette valeur a été vérifiée expérimentalement entre ∆T = 5 K et ∆T = 35 K par A. Girot
[10] grâce à l’étude de la vitesse de remontée de gouttes de la phase pauvre en micelles
dans la riche en micelles (voir figure 2.12) 23.

Figure 2.12 – Evolution du contraste volumique en fonction de l’écart à la température
critique en représentation logarithmique. Le modèle théorique ∆ρ = ∆ρ0

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣0.325
avec

∆ρ0 = 55.1 kg.m−3 est représenté. Cette figure est tirée de la thèse de A. Girot [10].

2.1.5 Propriétés diélectriques

Comportement critique de l’indice de réfraction

Comme la taille des micelles est très petite devant la longueur d’onde du faisceau laser
incident, le système peut alors être considéré comme homogène d’un point de vue électro-
magnétique. On peut alors dériver les propriétés diélectriques du système sans considérer
la structure fine des phases micellaires. Une formulation proposée par Landau [14] de la
permittivité diélectrique fait dépendre la permittivité diélectrique du mélange critique εr
seulement de celle de chacun des constituants εr,i et de leur fraction volumique, donnée
chez nous par la concentration en micelles φ.

εr(φk) = φkεr,mic + (1− φk)εr,cont −
φk(1− φk)(εr,mic − εr,cont)2

3(φkεr,mic + (1− φk)εr,cont)
(2.19)

23. Un ajustement sur les données pour T > TC donnerait une valeur de ∆ρ0 = 55.0 kg.m−3.
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2.1. Systèmes micellaires de microémulsion

où φk est la fraction volumique en micelles de la phase k, εr,mic = 1.86 et εr,cont = 2.17
sont les permittivités diélectriques relatives de micelles et de la phase continue 24.

Puisque φk = φ0 ± ∆φ
2 , on suppose qu’on se place suffisamment près du point critique

de sorte à ce que ∆φ
φ0
� 1 25. Comme φ0 = 0.1123, on considère également que φk � 1. Si

on réécrit :

εr(φk) = εr,cont

[
1 +

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)
φk

]1−
φk(1− φk)

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)2

3
[
1 +

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)
φk
]2
 (2.21)

On a alors à l’ordre 1 en φk

φk(1− φk)
(
εr,mic
εr,cont

− 1
)2

[
1 +

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)
φk
]2 = φk

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)2

+O(φ2
k) (2.22)

Ainsi

εr(φk) = εr,cont

1 +

( εr,mic
εr,cont

− 1
)
− 1

3

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)2
φk

+O(φ2
k) (2.23)

On en déduit alors l’indice optique n :

nk =
√
εr(φk) = √εr,cont

1 + 1
2

( εr,mic
εr,cont

− 1
)
− 1

3

(
εr,mic
εr,cont

− 1
)2
φk

+O(φ2
k) (2.24)

L’application numérique nous donne une valeur de n0 = 1.4607 (φ0 = 0.1123) et ∂n
∂φ =

−0.1103 qui est bien compatible avec ∂nmes
∂φ = −0.1327 calculée à partir de la mesure de

∂n
∂c effectuée par Jean-Jean [15] 26.

Dans cette approximation le contraste d’indices de réfraction ∆n = n1−n2 se comporte
comme la largeur de coexistence ∆φ.

∆n = ∆n0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣β (2.25)

Avec ∆n0 = −0.0303. On remarque que ∆n0 < 0, résultant du fait que l’indice optique de
la phase riche en micelles est inférieur à celui de la phase pauvre en micelles n1 < n2 27.

24. Il existe une autre relation dite de Clausius-Mossotti également connue comme la relation de Lorentz-
Lorenz permettant de calculer les permittivités diélectriques à partir des concentrations relatives de chaque
constituant :

εr − 1
εr + 2 =

∑
i

εr,i − 1
εr,i + 2φi (2.20)

Les deux relations donnent des résultats dont l’écart relatif est inférieure à 0.2% pour φ compris entre 0
et 1.

Les valeurs de εr,mic et εr,cont sont calculées en utilisant cette relation en supposant des mélanges
idéaux respectivement (1) d’eau et (2) de SDS, et (1) de Butanol et (2) de Toluène (en prenant leur indice
à T = 35 ◦C).
25. On rappellera que ∆φ→ 0 quand T → TC
26. ∂n

∂φ
= ρmic

ρ0
∂n
∂c

avec c la concentration massique et ∂n
∂c

= −0.11.
27. Ainsi la phase située au dessus de l’interface à un indice optique supérieur à la phase située dessous

(ρ1 > ρ2).
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Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

Il est à noter que comme attendu le contraste d’indice de réfraction tend vers zéro. Dès
lors la remarque faite à la section précédente sur la tension interfaciale γ sur la possibilité
de déformer l’interface à l’aide de la pression de radiation

∏
rad demande à comparer les

évolutions relatives de ∆n et γ à l’approche de la température critique. En effet puisque∏
rad ∼ ∆n (voir chapitre suivant) et la pression de Laplace

∏
rad ∼ γ, on a alors :∏

rad∏
Laplace

∼ ∆n
γ
∼
(∆T
Tc

)β−2ν
avec β − 2ν = −0.935 < 0 (2.26)

Puisque ce rapport diverge bien à l’approche du point critique pour une puissance de
faisceau fixée, il sera alors de plus en plus aisé de déformer notre interface à l’aide de la
pression de radiation malgré le caractère évanescent du contraste d’indice.

Caractérisation expérimentale

Des mesures ont été faites pendant la thèse de A. Girot [10] en analysant la déviation
d’un faisceau laser par une cellule prismatique thermostatée contenant l’échantillon de
micro-émulsion de manière à mesurer nk pour les deux phases. On représente les résultats
obtenus pour les indices optiques figure 2.13.

Figure 2.13 – Mesures d’indices de réfraction de 3 différents échantillons de micro-
émulsion S1, S2 et S3 pour différents écarts à la température critique ∆T .

On confirme que comme attendu les valeurs de n des deux phases se séparent bien à
la température critique. Il est remarquable aussi que le comportement moyen de l’indice
semble suivre une tendance globale en température. Ceci n’est toutefois pas surprenant
dans la mesure où, en dehors de tout comportement critique on ne s’attend pas à ce que
les propriétés thermodynamiques moyennes soient indépendantes de la température du
système.

On va alors chercher à découpler ce comportement moyen du comportement critique de
l’échantillon. On représente l’indice moyen n̄ = n2+n1

2 figure 2.14a et le contraste d’indice
∆n = n2 − n1 figure 2.14b pour chacun des échantillons sur l’ensemble de la plage en
température analysée.

On peut alors ajuster l’indice moyen n̄ par une droite (voir figure 2.14a) et le contraste
d’indice ∆n par une loi de puissance pour laquelle on a fixé l’exposant critique à β = 0.325.
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2.1. Systèmes micellaires de microémulsion

(voir figure 2.14b). On peut remarquer que l’exposant critique est bien vérifié expérimen-
talement. On peut alors écrire :

n̄ = n0 −
∂n̄

∂ε
ε avec ε = ∆T

TC
(2.27)

On en déduit que :
nk = n0 −

∂n̄

∂ε
ε± ∆n0

2 εβ (2.28)

avec n0 = n̄(∆T = 0) = 1.455±0.004 ; ∂n̄

∂ε
= 0.171±0.003 ∆n0 = −( 4.62±0.10 )10−2

(a) (b)

Figure 2.14 – (a) Indice moyen des deux phases pour différents écarts à la température
critique ∆T . Chaque ensemble de données a été ajusté par des droites. (b) Contrastes d’in-
dices en fonction de ε = ∆T

TC
en représentation logarithmique. La moyenne des ajustements

effectués pour les indices mesurés à ∆T > 4 K et avec l’exposant fixé à β = 0.325 est
représentée. La valeur de ∆n0 retenue est la moyenne des amplitudes critiques ajustées.

On obtient à partir de la pente obtenue grâce à l’ajustement :

∂n

∂T
= − 1

Tc

∂n̄

∂ε
= 5.55 10−4 K−1 (2.29)

ce qui est très proche de la mesure effectuée par Jean-Jean [15] (∂n/∂T = 5 10−4K−1).
Si on essaie de dériver le comportement moyen en température de l’indice optique de

la microémulsion n à partir de ceux de ses constituants ni en développant à l’ordre 1 en
température la formule de Claussius-Mossotti, on obtient n = n0 + ∂n

∂T dT avec :

n2
0 − 1
n2

0 + 2
=
∑
i

n2
0,i − 1
n2

0,i + 2
φi (2.30)

(
∂n

∂T

)
φ

= (2 + n2
0)2

6n0

∑
i

6n0,i
(n2

0,i + 2)2φi
∂ni
∂T

(2.31)

On utilise alors les valeurs répertoriées 2.1.5 et on en déduit à partir de la relation de
Clausius Mossotti : (

∂n

∂T

)
φ

= −4.62 10−4K−1 (2.32)
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Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

On a ainsi 16% d’écart entre (2.32) et l’ajustement expérimental. L’évolution de l’indice
optique moyen avec la température s’explique ainsi majoritairement par celles des indices
de chacun de ses constituants dans une hypothèse de mélange homogène et idéal.

Constituant n0,i à 20 ◦C ∂ni/∂T

Eau 1.33414 −8.79 10−5 (Dobbins et Peck 1973 28)
Toluène 1.5019 −5.44 10−4 (Moumouzias et Ritzoulis 1997 29)
n-Butanol 1.4022 −4.16 10−4 (Cominges et al. 2002 30)

SDS 1.443 ∼ 0 (pas de référence connue)

A l’inverse , il est surprenant que n0 mesuré soit égal à n0 = 1.455±0.004. Les formules
de Landau et de Clausius-Mossotti donnent toutes deux une valeur de n0 ∼ 1.461 à partir
des valeurs d’indices à 35 ◦C 31. Même en faisant varier la part du butanol présent dans
les micelles, nous ne sommes pas en mesure à partir de ces formules d’obtenir une valeur
compatible avec l’indice mesuré 32. En effet, bien qu’une différence de 6 103 correspond en
écart relatif à 0.4%, les contrastes d’indices de nos échantillons varient typiquement entre
2 10−2 et 4 10−3. Un décalage systématique dû à cette différence pourrait alors avoir de
fortes répercussions sur la détermination des propriétés critiques de notre échantillon.

Enfin si on s’intéresse à la valeur de ∆n0 = −( 4.62 ± 0.10 )10−2 mesurée par Girot
[10], on remarque que celle-ci est assez différente de la valeur de ∆n0 = − 3.66 10−2 avec
∆n0 = (∂n/∂φ)∆φ0 et ∆φ0 = 0.275 (confirmée par les mesures de contrastes de densité
figure 2.12) et ∂n/∂φ calculée à partir de la mesure de Jean-Jean [15] 33.

Cette remarque amène à la conclusion qu’une description au première ordre du com-
portement de l’indice en fonction de φ 34 semble insuffisante pour déterminer l’amplitude
critique de l’indice. Néanmoins l’exposant critique quant à lui est bien celui de largeur de la
courbe de coexistence β = 0.325 et indique une relation linéaire entre les deux grandeurs.

Cette contradiction sur la métrologie de notre échantillon reste pour l’instant une
question irrésolue et nous considérerons les mesures effectuées par A. Girot [10] comme la
référence pour les valeurs d’indices que nous utiliserons par la suite.

2.1.6 Propriétés diffusives et thermiques

Turbidité

On a vu précédemment que l’approche de la criticalité du système pouvait être décrite
essentiellement par le caractère auto-similaire de la divergence de la taille caractéristique
ξ des fluctuations. Ceci consiste à dire que l’ensemble des propriétés thermodynamiques
et leurs dérivées sont inhomogènes à l’échelle typique de ξ. Comme on a vu précédemment
qu’on pouvait relier la permittivité diélectrique de chaque phase à la concentration en
micelles φ, le système va dès lors présenter des inhomogénéités d’indices optiques d’une
taille typique égale à ξ.

De fait, si on cherche à observer optiquement une transition de phase critique, comme
ξ diverge à l’approche du point critique, alors la taille typique des inhomogénéités d’indice

31. Pour obtenir une valeur d’indice n0 = 1.455, à constante diélectrique égale, il faudrait une fraction
volumique φ0 = 0.164, ce qui est incompatible avec les proportions de constituants dans la micro-émulsion.
32. On rappelle qu’on a supposé que le butanol était totalement présent dans la phase continue. Dans le

cas limite opposé où on considérerait que l’ensemble du Butanol serait contenu dans les micelles, on aurait
n0 = 1.458 et φ0 = 0.29.
33. Si on ne considère que les mesures d’indices et de Jean-Jean, on obtient ∆φ0 = 0.348.
34. comme la formule de Landau ou de Clausius-Mossotti.
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2.1. Systèmes micellaires de microémulsion

optique n devient de l’ordre de la longueur d’onde de l’éclairage (ξ ∼ λ). Le liquide devient
alors très diffusant et on assistera alors à un phénomène dit d’opalescence critique où le
liquide présentera un caractère laiteux et opaque (voir figure 2.2).

On appelle la quantité mesurant le caractère diffusant d’un milieu la turbidité τ . Celle-
ci se définit comme la perte relative d’intensité d’une onde électromagnétique au cours de
sa propagation dans le milieu par unité de distance sans pour autant que l’onde soit
absorbée par le milieu.

τ = −1
I

dI

dz
(2.33)

En utilisant la théorie de la lumière diffusée développée par Ornstein et Zernike en 1914
[16], Puglielli et Ford ont montré [17] que dans un fluide quasi-critique :

τ = π3

λ4
0

(
∂εr
∂φ

)2

T

kBTχT f(α) avec f(α) =
(

2α2 + 2α+ 1
α3 ln(1 + 2α)− 21 + α

α2

)
(2.34)

où α = 2(kξ)2, k = 2πn/λ0 avec λ0 la longueur d’onde de la lumière incidente dans le
vide et χT =

(
∂φ
∂µ

)
T

est la susceptibilité osmotique, µ étant le potentiel chimique. Un
calcul détaillé se trouve dans la thèse de Julien Petit [13]. Le comportement critique de la
turbidité τ est alors principalement contrôlé par celui de la susceptibilité osmotique χT .

χ±T = χ±T0ε
−γ avec γ = 1.24 (2.35)

Des mesures de turbidité à l’approche du point critique ont été effectuées en diffusion
de lumière par E.Freysz [4] dans la partie monophasique du diagramme de phase pour trois
longueurs d’ondes différentes afin d’explorer la dépendance de τ en 1/λ4 (λ0 = 647.1, 530.9
et 476.2 µm). Ses échantillons de microémulsion avaient une composition très similaire aux
nôtres. On reproduit figure 2.15 ces mesures ainsi que la valeur de l’amplitude critique de
la susceptibilité osmotique obtenue [18] (χ+

T0 = 5.78 10−6 Pa−1).

Figure 2.15 – Mesures de turbidité pour trois différentes longueurs d’onde dans le vide
λ0 = 647.1, 530.9 et 476.2 nm. Les ajustements sont réalisés à partir de l’équation (2.34)
et les valeurs de χ+

T0 déduites de ceux-ci sont représentées en fonction de l’écart à la
température critique ∆T = T − TC . Figure tirée de [18]
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La turbidité du milieu divergeant avec la proximité au point critique, l’atténuation
d’un faisceau se propageant au sein de celui-ci aura une composante diffusive de plus en
plus dominante devant les autres formes d’interaction avec le milieu ou l’interface. Celle-ci
se manifestera par la mise en place d’écoulements dans le sens de propagation du faisceau
traduisant le transfert de quantité de mouvement sur les inhomogénéités d’indice optique
se comportant comme une suspension de diffuseurs pour le faisceau [18].

Nous discuterons plus en détail à la section 2.3.4 comment cette autre forme d’inter-
action couplée à la pression de radiation du faisceau sur l’interface nous permet d’avoir
une structure de type jet liquide qui sera un outil majeur dans la formation des structures
étudiées au cours de cette thèse.

Viscosité dynamique

La viscosité dynamique du système présente un caractère critique intrinsèque à l’ap-
proche de la criticalité :

η = η0

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣−η avec η = 0.04 (2.36)

On remarque néanmoins que son exposant est très faible, la valeur de la viscosité ne
variant que d’un écart relatif de 10 % entre ∆T = 20 K et 1 K. On négligera par la suite
ce comportement critique devant les autres formes de variation de η.

Des mesures ont été effectuées toujours par E. Freysz [4] dans la partie monophasique
dans la gamme de température 22.5 − 30.0 ◦C. A partir de celles-ci il a été déduit une
forme empirique :

η = (1.934− 0.019(T − 273.15)) mPa.s (2.37)

On ne connaît pas les comportements en φ de la viscosité dans la partie diphasique.
Néanmoins on considérera en première approximation que la relation d’Einstein ([21],[22])
pour des sphères solides en suspension [18] demeure valide 35 :

ηk = ηc (1 + 2.5φk) (2.39)

où ηc est la viscosité de la phase continue que l’on déduit des valeurs mesurées de la
viscosité :

ηc = 1.934− 0.019(TC − 273.15)
1 + 2.5φ0

= 0.991− 0.015 (T − 308.15) (2.40)

Taylor [24] a obtenue une expression de la viscosité effective d’une solution contenant
des sphères liquides très diluées d’un fluide Newtonien en suspension dans un autre fluide
Newtonien en prenant en compte la dissipation visqueuse due à l’écoulement à l’intérieur
des gouttes :

35. En toute rigueur, la formule d’Einstein reproduit les données pour des concentrations φ ≤ 2%.
Une formule de type formule de Batchelor et Green [23] prenant en compte les ordres supérieures du
développement de la viscosité en fraction volumique aurait pu être utilisée (mais le comportement critique
que l’on n’en aurait déduit pour la viscosité aurait été non trivial) :

η = ηc
(
1 + 2.5φ+ 5.2φ2) (2.38)
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η = ηc

(
1 +

[1 + 2.5λ
1 + λ

]
φ

)
(2.41)

avec λ = ηd/ηc étant le rapport de la viscosité de la goutte sur celle de la phase continue.
L’expression d’Einstein pour les sphères dures (2.39) est retrouvée en faisant tendre λ→
∞. Il est intéressant de souligner que pour une suspension de bulles, même si λ → 0 on
retrouve tout de même une correction, celle-ci étant due à des effets de tension de surface.

On trouve d’autres expressions généralisant les expressions précédentes comme celle
d’Oldroyd [25] pour des suspensions moins diluées et considérant de faibles contraintes
de cisaillement puis Danov [26] qui y ajoute les effets de viscosité interfaciale ainsi que la
diffusion surfacique et en volume de surfactants.

Or Pandharinath et al. [27] ont mesuré la viscosité à différentes températures proche de
35 ◦C pour le mélange 1-Toluène 2-Butanol avec une composition proche de la notre 36. On
déduit de celles-ci une valeur de la viscosité de la phase continue que l’on note ηc,mes =
0.557 mPa.s et de variation de la viscosité continue avec la température (∂η/∂T )φ =
−0.066 mPa.s/K.

Pour l’ensemble des relations précédemment discutées ne nécessitant que la connais-
sance de la viscosité de l’eau et de la phase continue 37, les valeurs de viscosité obtenues sont
sous-estimées systématiquement, donnant un écart relatif de l’ordre de 40% par rapport
aux mesures de E. Freysz [4].

A titre d’exemple, on remarque déjà que, dans le cas d’Einstein, pour obtenir une
viscosité de la phase continue égale à ηc,mes, il nous aurait fallu φ0(ηc = ηc,mes) = 0.51,
ce qui n’est pas cohérent avec nos concentrations initiales. Nous ne sommes alors pas en
mesure d’expliquer les valeurs de viscosité mesurées de notre échantillon.

Figure 2.16 – Mesures de viscosité pour des microémulsions avec du butanol et du penta-
nol en fonction de la fraction volumique des micelles sur la ligne de coexistence. Les me-
sures ont été faites à T = 20 ◦C correspondant à la température critique pour φ = 0.8−0.9.
On remarque le comportement très irrégulier de la viscosité pour la microémulsion conte-
nant du butanol. Figure tirée de [3]

36. La fraction molaire de Toluène utilisée par Pandharinath et al. [27] dans le mélange est x1 = 0.7617
alors que la notre est x1 = 0.7717.
37. C’est à dire sans considérer la relation de Danov et en ne prenant que le terme d’ordre zéro en

cisaillement de la relation d’Oldroyd. Il a par ailleurs aussi été testé la relation de Thomas [28], de Saito
[29] et de Choi et Schowalter [30].
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Néanmoins, il est à noter que les comportements de la viscosité pour une microémulsion
proche d’un point critique sont non triviales. On reporte figure 2.16 des mesures de viscosité
réalisées par Cazabat et al. [3] en fonction de la fraction volumique de micelles pour une
microémulsion faite avec une composition X = meau/mhuile = 1.25.

Il n’est ainsi pas surprenant que les modèles présentés semblent être difficiles à ap-
pliquer dans notre situation mais les mesures effectuées permettent à minima de rendre
compte du comportement moyen de la viscosité. Des mesures indépendantes de la fraction
volumique φ nous permettraient de clarifier cette discussion.

Coefficient de Diffusion

Tout gradient de la concentration de micelles dans notre milieu entraîne un flux diffusif
J de micelles pour le résorber selon la loi de Fick J = −D∇φ oùD est la constante de diffu-
sion. Or la diffusion d’une suspension de taille typique d au sein d’un solvant de viscosité η
est donnée par la relation de Stokes-Einstein pour des faibles concentrations. A l’approche
du point critique les objets sont corrélés sur des distances typiques de l’ordre de ξ et on
ne s’intéressera dès lors pas à la diffusion des micelles mais à celle des inhomogénéités du
paramètre d’ordre (d ∼ ξ), on peut alors écrire la relation dite de Kawasaki-Stokes :

D = RD
kBT

6πηξ ∼ ε
ν (2.42)

où RD est un rapport d’amplitudes universel. D ayant la longueur de corrélations des
fluctuations ξ au dénominateur (et comme η atteint une valeur finie proche du point
critique), celle-ci tend vers zéro avec un exposant critique égal à ν = 0.63.

Beysens et al. [34] ont mesuré RD = 1.06 ± 0.06 grâce à des mesures simultanées de
viscosité, de longueur de corrélation et de temps de relaxation par diffusion de lumière
confirmant les prédictions théoriques utilisant les groupes de renormalisation et les simu-
lations Monte-Carlo donnant respectivement RD = 1.038 et RD = 1.027 . On est ainsi
très proche du cas RD = 1 pour lequel la relation (2.42) donne la constante de diffusion
associée au mouvement brownien d’une particule solide de taille ξ plongée dans un fluide
de viscosité η .

Propriétés thermiques

Nous avons vu que les propriétés de notre système évoluent en lois de puissance en écart
à la température critique et pourtant nous utilisons un laser pour déformer et manipuler
des objets et structures liquides à l’intérieur de notre échantillon. De fait la question de
l’élévation de température et du changement d’état thermodynamique du système associé
à la présence du faisceau est un enjeu crucial dans notre expérience. Or le système de
micro-émulsion sélectionné présente justement un coefficient d’absorption thermique αT :

αT = (4.8± 0.5) 10−4 cm−1 (2.43)

Celui-ci a été mesuré par E. Freysz [4] en mesurant le coefficient d’absorption des différents
constituants du mélange grâce à un interféromètre de Mach-Zehnder pour la longueur
d’onde λ0 = 520.8 nm proche de notre longueur d’onde, λ0 = 532 nm 38.

La cellule Hellma® contenant notre échantillon présente une hauteur totale sur laquelle
se propage notre laser H ∼ 1 − 2 mm. Dès lors l’atténuation totale du faisceau due à

38. On a vérifié qu’à 20 ◦C, les coefficients d’absorption pour le Toluene [19] et l’eau [20] restent dans le
même ordre de grandeur entre λ0 = 520.8 et 532 nm
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l’absorption thermique est égale à ∆I
I = 4.8− 9.6 10−5.

Au vu de la faible absorption du système, il ne nous semble pas nécessaire de faire des
mesures de la conductivité thermique Λth et du coefficient de diffusionDth. A titre indicatif,
on considérera qu’ils sont proches des valeurs du composant majoritaire du système, à
savoir le Toluene [31], [32].

Λth = 1.28 10−3 W.cm−1.K−1 (2.44)

Dth = 0.882 10−3 cm2.s−1 (2.45)

2.1.7 Comportements attendus

A partir des comportements thermodynamiques évoqués précédemment, on peut dé-
duire certaines grandeurs caractéristiques du système que l’on s’attend à retrouver.

Lorsqu’on s’intéresse aux propriétés statiques d’une interface et qu’on l’observe au
repos, celle-ci paraît continu. Et pourtant, à l’échelle des fluctuations thermiques, celle-ci
présente une rugosité due aux variations statistiques de ses différentes positions locales.
Ainsi dans notre système pour lequel, les fluctuations intrinsèques sont amplifiées par la
proximité au point critique, la taille caractéristique LT associée à la rugosité de l’interface
va diverger comme la longueur de corrélation des fluctuations ξ−. LT est donnée par un
équilibre entre l’énergie thermique et les effets de capillarité :

LT =
√
kBT

γ
∼ ε−ν −→

T→TC
∞ (2.46)

On remarque que cette relation ressemble beaucoup à la relation universelle (2.12) et on
déduit que proche du point critique LT ∼ 3ξ− (pour R+ = 0.39). On peut alors remarquer
que LT ∼ 0.5 µm lorsque ∆T ∼ 0.5 K, suggérant que nous devrions être en mesure de
voir les fluctuations à l’oeil.

La longueur de corrélation transversale le long de l’interface, elle, sera donnée par
la longueur capillaire (voir [12]). On la détermine par le profil exponentiel de l’interface
lorsqu’elle subit une déformation ponctuelle et est donnée par :

LC =
√

γ

∆ρg ∼ ε
ν−β2 −→

T→TC
0 (2.47)

où g est l’accélération de la pesanteur. C’est aussi elle qui fixe la hauteur du ménisque.
LC sera de l’ordre de 10 µm pour ∆T ∼ 0.5 K.

On note la vitesse capillaire Vcap à partir de laquelle on mesurera l’ensemble des temps
caractéristique visqueux qui nous serviront par la suite.

Vcap = γ

η
∼ ε2ν −→

T→TC
0 (2.48)

En se rappelant que η tend vers une valeur finie proche du point critique. Elle est de l’ordre
de 10µm/s pour ∆T ∼ 0.5 K. Ainsi on peut remarquer le nombre de Reynolds ’visqueux’
Re :

Re = ρvd

η
= ργd

η2 ∼ ε
2ν −→

T→TC
0 (2.49)

Celui étant de l’ordre Re ∼ 10−3 pour ∆T ∼ 20 K et d = 1 µm. On sera alors toujours
en régime visqueux dans les phénomènes que nous allons étudier par la suite.
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2.1.8 Récapitulatif : Métrologie du système

On présente dans le tableau 2.1.8, un récapitulatif des propriétés présentées :

Eau/SDS/Toluène/Butanol Références
T < TC Monophasique

ρ0 [kg/m3] (à 35 ◦C) 862.0
ρmic [kg/m3] (à 35 ◦C) 1040.0
ρcont [kg/m3] (à 35 ◦C) 839.5
φ0 (à 35 ◦C) 0.1123
ξ+ [nm] ξ+ = ξ+

0

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−0.63

ξ+
0 [nm] 4.0 E.Freysz [4]
n 1.455− 5.55 10−4 T A.Girot [10]
nmic (à 35 ◦C) 1.364
ncont (à 35 ◦C) 1.473
∂n/∂φ −0.133 B. Jean-Jean [15]
η [mPa.s] 1.269− 0.019(T − 308.15) E.Freysz [4]
D D = RD

kBT
6πηξ

RD 1.06 D.Beysens [34]
χ+ [Pa−1] χ+ = χ+

0

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−1.24

χ+
T0 [Pa−1] 5.78 10−6 R.Wunenburger [18]
K+
T0 = χ+

T0/φ
2
0 [m3/J ] 4.58 10−4 R.Wunenburger [18]

kT kT = kT0
∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−0.63
B. Jean-Jean [15]

kT0 0.4 B. Jean-Jean [35]
αT [cm−1] 3 10−4 E.Freysz [4]
Λth [W.cm−1.K−1] 1.28 10−3 (Toluène)
Dth [cm2.s−1] 0.882 10−3 (Toluène)

Eau/SDS/Toluène/Butanol Références
T > TC Diphasique

ξ− [nm] ξ− = ξ−0

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−0.63

ξ−0 [nm] ξ+
0 /1.9 D.Beysens [33]

γ [N/m] γ = γ0
∣∣∣T−TCTC

∣∣∣1.26

γ0 [N/m] 4.60 10−5 A.Girot [10]
φk φ0 ± ∆φ0

2

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−0.325
Mesure de ∆n0

∆φ0 0.348(0.275) (Mesure de ∆ρ0)
nk n± ∆n0

2

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−0.325
A.Girot [10]

∆n0 −4.62 10−2 A.Girot [10]
ρk [kg/m3] ρ0 ± ∆ρ0

2

∣∣∣T−TCTC

∣∣∣−0.325

∆ρ0 [kg/m3] 55.1 A.Girot [10]
ηk [mPa.s] ηc(1 + 2.5φk)
ηc [mPa.s] 0.991− 0.015 (T − 308.15) voir équation 2.40
χ−T0 [Pa−1] χ+

0 /4.3 D.Beysens [33]
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2.2 Description et caractérisation du dispositif expérimen-
tal

2.2.1 Principe général du dispositif expérimental

On a vu que l’approche à la criticalité nous permet une exploration de l’espace des
paramètres présentant des caractéristiques d’universalité communes à l’ensemble des sys-
tèmes appartenant à la classe d’universalité d’Ising (d =3, n = 1). Ceci nous permet de
généraliser les résultats obtenus à l’ensemble des systèmes.

Dans cette perspective, le milieu utilisé est une microémulsion dont le diagramme de
phase comporte un point critique séparant une région monophasique d’une région dipha-
sique. En travaillant à proximité de celui-ci, nous gagnons des possibilités d’exploration
propre au caractère singulier du point critique et nous pouvons généraliser les études ef-
fectuées à l’ensemble des liquides ordinaires (en particulier isotropes) proche de leur point
critique.

Cependant le caractère singulier du système le rend par construction très sensible aux
impuretés. Et c’est pourquoi le principe du dispositif est d’utiliser la pression de radiation
optique d’un faisceau focalisé à l’interface pour le manipuler sans contact. En effet grâce
à cette action mécanique, nous verrons que nous sommes capable de former et déformer
des structures et des objets instables. Et ce sera l’étude de leur retour à l’équilibre qui
constituera le contenu des chapitres suivants. On va utiliser pour cela un faisceau laser,
celui-ci réunissant justement un ensemble de qualités difficile à obtenir habituellement.

— En premier lieu il permet de travailler sans contact sur un échantillon même si
celui-ci est enfermé dans une cellule hermétiquement close 39. Ceci nous garantit
des conditions de propretés remarquables dont on connaît par ailleurs l’influence
majeure sur les phénomènes capillaires.

— Il suffit de faire varier la puissance de celui-ci pour faire varier continûment la
pression exercée sur notre système.

— Sa taille d’interaction est aussi extrêmement variable, passant de localisée à un
comportement de type champ large. On verra que dans notre cas, on utilisera
plutôt une interaction localisée mais le dispositif est pourvu d’un montage de type
Télescope nous permettant de faire varier le rayon au col du faisceau.

— Son action peut être activée ou stoppée instantanément 40. On remarquera aussi
que travaillant à bas Reynolds (Re < 10−3), notre système ne présentera pas de
réponse inertielle.

— Et enfin, il suffit de placer un filtre coloré devant le système d’observation pour
éliminer la diffusion du faisceau dans le milieu (liée à la turbidité), ce qui permet
alors d’imager en direct les objets et structures sur lesquels on agit.

Et si il est possible d’utiliser les propriétés optiques de la pression de radiation d’un
laser optique, c’est justement parce que la proximité au point critique nous permet de
surcroit d’explorer des gammes de paramètres habituellement difficiles d’accès, à savoir
les ultra-basses tensions nous permettant d’atteindre des régimes de déformation habituel-
lement inaccessibles par pression de radiation optique.
39. à condition que les parois soit transparente à la longueur d’onde,
40. Du fait que sa propagation se fait à la vitesse de la lumière c, le temps caractéristique d’établissement

du champ électromagnétique au sein de l’échantillon est négligeable devant la dynamique des phénomènes
étudiés.
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Pression de radiation

En effet, considérons une interface liquide séparant un milieu 2 d’indice n2 d’un milieu
1 d’indice optique n1 et un photon la traversant de 2 → 1. Effectuons un bilan de la
quantité de mouvement sur le système.

Figure 2.17 – Représentation schématique d’une interface déformée par pression de ra-
diation. Le faisceau laser est focalisé au niveau de l’interface non déformée, représentée
par la ligne pointillée bleue.

L’amplitude de la quantité de mouvement du photon dans un milieu d’indice n dans
la direction ~uz est :

p = nE

c
avec E = hν l’énergie du photon incident (2.50)

A la traversée d’une interface, la quantité du mouvement du photon va donc varier d’un
facteur dp proportionnel à n1−n2. Pour n1 < n2, le photon va alors perdre de la quantité
de mouvement (dp = p1 − p2 < 0) et par conservation l’interface sera alors déformée de
2→ 1 41 . On écrit alors la pression de radiation optique exercée par le laser (en incidence
normale) comme : ∏

rad(r) = N dp
dSdt (2.51)

avec N le nombre de photons traversant une surface perpendiculaire à l’axe de propa-
gation du faisceau par unité de temps. Or par définition I = NE/dSdt, de sorte que pour
de faibles contrastes d’indices ( ∆n

n1+n2
� 1)

∏
rad(r) ∼ ∆nI

c avec I = P
πω2

0
(2.52)

pour un faisceau homogène où ω0 est le rayon au col du faisceau, ou waist. Si on considère
désormais la pression de Laplace due à la courbure κ de la déformation d’une hauteur h
induite par le laser (en géométrie cylindrique) :∏

Laplace = γκ ∼ γ∆rh ∼ γh
ω2

0
(2.53)

Alors pour des déformations très petites devant la longueur capillaire (h� LC), l’équilibre

41. Pour n1 > n2, le photon va alors gagner en quantité de mouvement (dp > 0) et l’interface sera
déformée de 1→ 2.

Notre approche qualitative nous permet ainsi de prédire que dans tout les cas, l’interface sera déformée
toujours du milieu le plus réfringent vers le milieu le moins réfringent quel que soit le sens de propagation
du faisceau incident.
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mécanique de l’interface 42 nous permet de déduire que :

h ∼ P

πc

∆n
γ

(2.54)

Ainsi si on considère une interface eau-air, le contraste d’indice est ∆n = 0.33 et la
tension de surface est γeau−air = 72 mN/m. On obtient alors pour un faisceau continu
d’une puissance de 1 W une déformation h ∼ 5 nm.

A contrario, pour les microémulsions utilisées, la hauteur de la déformation induite
même par un faisceau d’une puissance P = 0.1 W arrive à être micrométrique dès que
∆T = 20 K car la tension interfaciale est intrinsèquement très basse et tend vers zéro à
l’approche du point critique plus rapidement que le contraste d’indice (voir figure 2.18).

Figure 2.18 – Hauteur typique de déformation en fonction de l’écart à la température cri-
tique donnée par l’équation (2.54) pour une puissance laser P = 0.1 W et une température
critique TC = 35 ◦C. La ligne en pointillé représente la résolution optique typique des ob-
jectifs de microscopes que l’on utilise pour l’imagerie. La représentation semi-logarithmique
est choisie pour une meilleure lisibilité.

On est ainsi capable de déformer une interface à l’aide de notre faisceau dans les sys-
tèmes utilisés même pour de faibles puissances laser. Dès lors il devient possible d’atteindre
des régimes de déformations très différents avec des puissances laser raisonnables, 43 nous
évitant de surcroît des effets de chauffage résiduels malgré la très faible absorption ther-
mique de nos systèmes (αT ∼ 10−3 cm−1).

On observe ainsi qu’en régime linéaire (h/ω0 � 1) la hauteur est indépendante de
ω0. Pour atteindre des déformations significatives, c’est à dire de rapport d’aspect h/ω0
supérieur à 1, on travaillera toujours avec un faisceau très localisé. Nous verrons par la
suite que le waist utilisé est compris entre 3 et 10 µm (et la majorité du temps sera fixé
à 3 µm).

Ainsi dans un premier temps, nous décrirons les différents éléments du dispositif expéri-
mental constituant la chaîne laser et caractériserons les propriétés du faisceau à l’interface.
Le détail des différentes interactions qui nous permettront d’agir sur le système sera pré-

42. Nous verrons plus en détail cet aspect dans la section 2.3.1.
43. Il devient même difficile de faire des petites déformations très proches du point critique < 1 K mais

la raison exacte pour cela sera abordée section 2.3.2
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senté en section 2.3. Nous verrons en particulier que pour atteindre ces tailles de waist,
l’utilisation d’objectifs de microscopes sera nécessaire.

Or ceux-ci induisent des contraintes géométriques 44 qui se répercuteront sur la concep-
tion du système de contrôle en température. Nous verrons en particulier comment les élé-
ments du four cherchent à éviter les inhomogénéités du contrôle en température dont les
répercussions seront discutées section 2.4.

Enfin les mesures quantitatives seront entièrement faites à partir d’analyses d’images.
Pour cela le système comporte une ligne d’imagerie dont les caractéristiques nous per-
mettent d’imager des tailles typiques allant du µm au mm. Puisque le contraste d’indice
tend vers zéro et que la turbididité diverge à la criticalité, celle-ci doit aussi être très adap-
table pour nous permettre d’avoir des conditions d’imagerie aussi stables que possible. Cela
est d’autant plus crucial que nous chercherons à mettre en place une détection de contour,
qui sera présentée section 2.5.1, automatisée et utilisable à toutes les température.

Ce dispositif a été développé au cours du doctorat de J. Petit et les principaux résultats
sur les interactions lumière-fluide qui seront présentées section 2.3 sont tirées de sa thèse
de doctorat [13] (voir figure 2.19).

Figure 2.19 – Photo du montage expérimental sur lequel est représenté le trajet optique
de l’onde laser incidente ainsi que celui de la lumière de l’éclairage.

44. Il est nécessaire d’approcher l’objectif à ∼ 2 cm de l’interface liquide.
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2.2.2 Description de la chaîne laser

Considérons le schéma figure 2.20. Comme mentionné précédemment, le dispositif expé-
rimental comporte une série d’éléments optiques nous permettant d’amener et de focaliser
le faisceau au niveau de l’interface liquide. Nous allons décrire cette chaîne laser en suivant
le trajet optique du faisceau.

Figure 2.20 – Représentation schématique du dispositif, du trajet optique de l’onde laser
incidente, du système de contrôle en température ainsi que de la chaîne d’imagerie.

La source du faisceau est le laser V ERDI V − 5 de la société Coherent®. C’est un
laser Nd3+ :YAG continu et doublé en fréquence dont la longueur d’onde dans le vide est
λ = 532 nm. Son mode gaussien de type TEM00 a un M2 = 1.1.

Ce faisceau traverse une première fois une lentille convergente f1 de distance focale
f = 80 cm puis sa direction est détournée vers le prisme P1. Le faisceau va alors faire
demi-tour en se réfléchissant deux fois sur les parois internes du prisme pour ensuite
continuer sa course. P1 étant monté sur une platine coulissante, en le déplaçant, on est
alors capable de faire varier la distance optique que parcourt le faisceau durant ce détour.
Ce faisant et, à la manière d’un dispositif de type Télescope, l’idée est de modifier les
relations de conjugaison entre f1 et l’objectif O2. Il en résulte alors une modification du
rayon au col au faisceau ou waist en sortie de O2.

Après le prisme P1, le faisceau est réfléchi en polarisation à l’intérieur du cube sépara-
teur (CS) et contourne le four pour pouvoir ensuite atteindre l’interface depuis la phase
supérieure. Nous verrons par la suite que ceci est nécessaire dans la mesure où l’interaction
entre le faisceau et l’interface liquide dépend non linéairement du sens de propagation de
celui-ci 45.

La présence du cube séparateur est due à la possibilité pour ce dispositif d’avoir deux
voies pour la trajectoire du faisceau qu’on appellera voie haute et voie basse. Ces deux voies

45. Plus précisément cela dépend du sens de la direction de propagation relativement à la déformation
de l’interface par pression de radiation qui elle est toujours du milieu le plus réfringent vers le milieu le
moins réfringent.
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permettent d’avoir deux faisceaux parallèles dans l’échantillon mais de sens de propagation
opposés 46. Grâce au couplage avec la lame demi-onde λ/2, il est alors possible de répartir
l’énergie entre ces deux voies. Dans toutes les expériences qui vont suivre, seule la voie
haute sera considérée et le faisceau se dirigera donc toujours depuis la phase la plus
réfringente vers la phase la moins réfringente.

Comme mentionné précédemment, le faisceau est alors focalisé sur l’interface liquide
à l’aide d’un objectif de microscope O2 de la marque Olympus® de grandissement ×10
(d’ouverture numérique N.A. = 0.25 et de longueur de travail W.D. = 21 mm).

2.2.3 Caractérisation du faisceau

Comme dit précédemment l’utilisation d’un faisceau laser nous ouvre la voie à la for-
mation et la manipulation sans contact d’ objets liquides. Or un faisceau gaussien 47 est
décrit par les propriétés suivantes : sa puissance P , la position de son col sur son axe
optique z0 et son rayon au col au waist ω0. On va alors chercher au cours de cette partie
à caractériser leurs plages de variations qui nous sont offertes par le dispositif, celles-ci
délimitant le champ d’actions que nous décrirons par la suite section 2.3 et au cours des
chapitres suivants.

Position du waist

Figure 2.21 – Images du faisceau pour différentes positions du waist dans l’échantillon
montrant la possibilité de déplacer celui-ci sur l’ensemble de la phase inférieure de l’échan-
tillon.

D’abord il est notable de remarquer que notre dispositif permet de déplacer l’objectif
de focalisation du faisceau O2. Une faible variation de sa distance à la cellule (∼ 1 cm
devant la distance focale de la lentille f1 = 80 cm) aura un impact négligeable sur le waist.
Cette possibilité nous donne ainsi une latitude concernant le positionnement du waist dans
la cellule.

46. Le trajet de la voie basse est ajusté grâce au miroir prismatique (MP ) et au prisme P2 pour que la
distance optique totale parcourue par le faisceau soit identique pour les deux voies.
47. idéal et de mode TEM[00],
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En effet, on est capable de le déplacer sur l’ensemble de la hauteur de la cellule en tour-
nant une vis micrométrique (voir figure 2.21). Le déplacement de celui-ci nous permettra
d’agir directement sur des objets préalablement formés en les déplacant voire parfois en
les déformant grâce à la focalisation du faisceau sur leur interface.

Calibration en puissance et pertes par transmission

Si on s’intéresse désormais à la puissance du faisceau à l’interface, nous allons chercher
à établir un facteur de transmission correspondant aux pertes en intensité que celui-ci subit
à la traversée des différents éléments optiques et de la phase supérieure de l’échantillon.

Pour établir cette calibration, on effectuera deux mesures de puissance à l’aide d’un
puissance-mètre. Une se situe en amont de la cellule Pin et l’autre en aval Pem. La première
mesure correspond à la puissance transmise par les éléments optiques de la chaîne laser et la
seconde est en plus diminuée d’un facteur correspondant à la transmission par l’échantillon
de micro-émulsion quasi-critique. Si on modélise l’atténuation de la manière suivante :

P (z) = Pine
−αz (2.55)

z correspond au point où la puissance est estimée dans l’échantillon sachant que l’ori-
gine est prise à l’incidence de la cellule à savoir la paroi externe haute de la cellule, α est
un coefficient d’atténuation prenant en compte l’absorption et les différentes pertes par
réflexion à la traversée de la cellule (on néglige ici les pertes par turbidité).

Ainsi Pem = P (h) avec h la hauteur totale de la cellule. Il suffit donc de prendre la
moyenne géométrique des deux puissances pour obtenir la puissance à mi-hauteur, c’est à
dire à l’interface d’un échantillon séparé pour T > TC .

P (h/2) =
√
PinPem = Pine

−αh/2 (2.56)

(a) (b)

Figure 2.22 – (a) Photo d’une prise de mesure de puissance sur laquelle on observe
une cellule contenant échantillon de microémulsion à température ambiante dans le socle
constituant le four. On remarque un objectif ×10 de la marque Olympus® focalisant le
faisceau ainsi qu’une tête S350C du puissance-mètre de chez Thorlabs®. (b) Puissances
mesurées en fonction de la puissance affichée sur le boitier V ERDI − V 5 avec et sans
cellule contenant l’échantillon de microémulsion, celle-ci ayant une hauteur totale de fluide
H = 2 mm.
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Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

On a mesuré la puissance Pmes avec et sans la cellule correspondant respectivement
à Pem et Pin en utilisant un puissance-mètre utilisant une tête S350C de chez Thorlabs®

(voir figure 2.22b).
On note P0 la puissance affichée par le boitier du laser lorsque la lame λ/2 est tournée de

telle sorte que tout le faisceau arrive par la voie haute. En prenant la moyenne géométrique
des puissances mesurées avant et après la cellule, Pin et Pmes, on obtient finalement,
pour une cellule de hauteur totale H = 2 mm, une puissance à l’interface égale à P =
0.7861× P0. La gamme de puissance accessible va ainsi de 0.0079 W à 4.323 W 48.

Rayon au col du faisceau ou waist

On a mentionné précédemment que la focalisation par un objectif de microscope per-
mettait d’atteindre un waist micrométrique et que le couplage avec la lentille f1 formait
un dispositif à la manière d’un Télescope nous donnant une marge de variation sur la taille
de celui-ci. Pour cela, il suffit de modifier la position du prisme P1 pour changer la distance
optique et les relations de conjugaison entre la lentille f1 et l’objectif O2.

Au cours de cette partie, nous allons chercher à caractériser la taille du faisceau à
l’interface et ce pour différentes positions du prisme de manière à construire un abaque
nous donnant le waist en fonction de la position du prisme. Rappelons tout d’abord que
le profil transversal d’intensité d’un faisceau laser est le suivant 49 :

I(r, z) = 2P
πω2(z)e

− 2r2
ω2(z) (2.57)

où P et ω(z) sont respectivement la puissance et le rayon du faisceau laser incident.

ω(z) = ω0

√
1 +

(
z

zR

)2
= ω0

√
1 +

(
λ0z

nπω0

)2
(2.58)

avec ω0 = ω(z = 0) qui correspond au rayon au col du faisceau. On parlera indistinctement
de waist pour parler du col du faisceau et de sa taille. zR correspond à la longueur de
Rayleigh et donne une distance caractéristique centrée sur le waist sur laquelle on peut
considérer le faisceau cylindrique, n est l’indice optique du milieu dans lequel se propage
le faisceau et λ0 est la longueur d’onde du faisceau dans le vide.

On remarque que l’évolution en z du préfacteur devant l’exponentiel garantit la conser-
vation de l’énergie au cours de la propagation du faisceau et que ω0 est bien le rayon mi-
nimum atteint par le faisceau au cours de sa propagation. Le facteur 2 dans l’exponentiel
vient du fait que le mode TEM00 est définit pour le champ électrique associé.

Pour mesurer ω0, on utilisera une caméra dite beam profiler WincamD de chez Dataray®

munie d’un logiciel effectuant des ajustements gaussiens sur les profils d’intensité. Il nous
suffit ensuite de faire la mesure du rayon du profil ω(z) à différentes positions z en aval du
waist dans l’air. En sélectionnant ces positions de sorte à ce que la distance par rapport
au waist soit très grande devant la distance de Rayleigh z � zR (< 1 mm), la relation
(2.58) se réduit à :

48. Puisqu’on utilise seulement le faisceau dirigé de la phase supérieure vers la phase inférieure, il est
toujours possible de diminuer la puissance injectée en redirigeant une partie de la puissance vers la ligne
non utilisée grâce à la lame demi-onde. Cependant son utilisation est en pratique moins aisée due à la non
linéarité du coefficient de transmission avec l’angle fait entre l’axe ordinaire de la lame demi-onde et la
direction de polarisation de l’onde laser.
49. Pour un mode principal gaussien TEM00.
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2.2. Description et caractérisation du dispositif expérimental

ω(z) = λz

nπω0
(2.59)

et on est alors capable de remonter à la valeur de ω0 grâce à la pente obtenue à partir de
nos mesures 50.

Cette mesure est alors répétée pour plusieurs positions du prisme P1 notées xprisme
pour obtenir la variation de la valeur de ω0. Un exemple et un schéma de principe sont
présentés figure 2.23 pour une position de prisme xprisme = 17 cm et pour une puissance
Pboitier = 50 mW .

(a) (b)

Figure 2.23 – (a) Schéma de principe de la mesure du rayon au col du faisceau. Le
détecteur est positionné à une distance zD de l’objectif de microscope O2 et le faisceau est
focalisé à un distance z0 de ce dernier. (b) Taille du faisceau en fonction de la distance
à l’objectif zD pour le grand axe ω0,a et le petit axe ω0,b. Des images du profil de fais-
ceau données par la caméra sont montrées pour trois différentes distances zD. L’exemple
correspond à une position de prisme xprisme = 17 cm et à une puissance Pboitier = 50 mW .

Une remarque essentielle à ce stade est qu’il a été découvert que la valeur du waist est
dépendante de la puissance injectée. Cette dépendance pouvant entraîner une variation
allant jusqu’à 80% sur ω0 sur la gamme de puissance accessible 51.

Comme on peut le remarquer sur les images présentées sur la figure 2.23b, le profil d’in-
tensité présente un caractère elliptique. On a alors définit le waist ω0 comme la moyenne

50. On est aussi capable de remonter à la position absolue du waist grâce au rapport ordonnée à l’origine
sur la pente, c’est à dire au point d’intersection de la droite ajustée avec l’axe des abscisses.
51. La cause de cette dépendance du waist en fonction de la puissance injectée n’est à ce jour toujours

pas claire.
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géométrique de ω0,a et ω0,b, respectivement les waist mesurés à partir des rayons du grand
et du petit axe du profil d’intensité 52. Dans l’exemple présenté 2.23b, on mesure grâce à
la relation 2.59 ω0,a = 5.29 µm et ω0,b = 5.89 µm et on en déduit ω0 = 5.58 µm.

Dans l’objectif de construire un abaque pour caractériser totalement la valeur de ω0,
plusieurs mesures pour différentes puissances en sortie de la source laser (0.01 W <
Pboitier < 5.5 W ) pour chaque position du prisme xprisme sont ainsi effectuées. Les ré-
sultats obtenus sont représentés figure 2.24 et on en déduit que la gamme complète de ω0
disponibles va de ω0 = 2.89 µm à ω0 = 18.44 µm.

Figure 2.24 – (a) Waist ω0 en fonction de la puissance du faisceau en sortie de la source
laser pour différentes positions de prisme. (b) Abaque expérimentale représentant ω0 en
fonction de la puissance du faisceau en sortie et de la position du prisme. Les points verts
correspondent aux points expérimentaux et la surface colorée à un ajustement polynomial
à 2 dimensions.

Un ajustement polynomial 2D d’ordre 4 en fonction de la position du prisme X [dm]
et de la puissance du faisceau P [W ] a aussi été représenté figure 2.24 servant de fonction
de calibration.

ω0 =
i+j≤4∑
i,j=0

pijX
iP j avec pij les coefficients ajustés : (2.60)

p00 p10 p20 p30 p40

38.8 −51.1 29.8 −8.0 8.0 10−1

p01 p02 p03 p04 p11

3.2 −5.5 10−2 −2.1 10−2 −1.8 10−3 −1.8
p12 p21 p22 p31 p13

1.8 10−1 7.5 10−2 −6.4 10−2 7.4 10−2 1.8 10−2

On a ainsi pu caractériser les propriétés de notre faisceau au sein de l’échantillon.
On verra section 2.3, quelles sont ses interactions avec le système et comment celles-ci
permettent de former et déformer les objets et structures qui vont constituer notre boîte
à outils future.
52. La moyenne géométrique est choisie sur la moyenne arithmétique de sorte à satisfaire la conservation

de l’énergie.
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On a aussi vu que pour atteindre des tailles de waist micrométriques, on a du utiliser un
objectif de microscope. La conséquence de ce choix est la très forte divergence du faisceau
de part et d’autre de son col avec la nécessité d’approcher l’objectif à une distance de
l’ordre de ∼ 2 cm de l’interface liquide. On verra dans la partie qui suit comment cette
contrainte va se retrouver sur le système de contrôle en température et nous tenterons de
le caractériser.

2.2.4 Description du système de contrôle en température

Notre échantillon est contenu dans une cellule Hellma® de dimensions internes H ×
1.0 cm×3.7 cm avec H pouvant être égal à 1 ou 2 mm selon les situations expérimentales.
La faible hauteur H permet au laser de ne pas être trop atténué lorsqu’il se propage dans
le milieu, même pour de grandes valeurs de turbidité. On remarque que la calibration
en puissance (voir section 2.2.3) nous permet de déterminer un coefficient d’atténuation
totale (à température ambiante) de notre système.

Comme on peut modéliser (voir figure 2.25) l’atténuation du faisceau due à la traversée
de la cellule Ttot (avec Pem = TtotPinc) par, successivement : la transmission par la paroi
air-quartz TA−Q, celle de la paroi quartz-microémulsion TQ−µ, l’atténuation par le milieu
sur une hauteur H due à la turbidité et à l’absorption thermique puis symétriquement la
transmission par la paroi microémulsion-quartz Tµ−Q et celle de la paroi quartz-air TQ−A
(en supposant l’absorption du quartz comme négligeable).

Figure 2.25 – Schéma représentant le modèle utilisé à 3 couches pour l’atténuation du
faisceau.

Comme en incidence normale, on a TQ−A = TA−Q et Tµ−Q = TQ−µ, on en déduit que :

Ttot = (TA−Q)2 (TQ−µ)2 e−(αT+τ)H (2.61)

où τ est la turbidité et αT est le coefficient d’absorption thermique, le coefficient de
transmission s’écrivant en incidence normale :

T = 4n1n2
(n1 + n2)2 (2.62)

En prenant comme indice pour l’air nair = 1, pour le quartz nquartz = 1.4607 ([36]) et
pour la microémulsion nµE = 1.446 à 20 ◦C, on obtient à partir des mesures (figure 2.22b)
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et pour une hauteur totale de cellule H = 2 mm une mesure de la turbidité :

τ = 0.75 cm−1 (2.63)

On remarque que notre valeur est cohérente avec les mesures de turbidité effectuées dans
le monophasique pour une longueur d’onde λ0 = 530.9 nm à ∆T = −10 K (voir figure
2.15).

A l’inverse, pour la ligne d’imagerie le caractère diffusant de l’échantillon sur 1 cm (di-
mension interne) aidera à l’homogénéisation de l’éclairage mais nécessitera un fort éclairage
incident. Cette cellule est alors placée dans un porte échantillon en laiton qui sera lui même
introduit dans un four en laiton au sein duquel 4 résistances chauffantes sont positionnées
en série haut et bas et de part et d’autre de la zone de passage du faisceau laser et de
l’éclairage. Le contact thermique est ainsi assuré par un premier contact cellule-laiton
(porte échantillon) puis laiton (porte échantillon) - laiton (four). On montre figure 2.26 la
cellule, le porte échantillon et le four lui-même.

Figure 2.26 – Photo du four en laiton dans lequel le porte échantillon renfermant la
cellule est installé avec le faisceau traversant l’ensemble. On remarque des fils reliant les
quatre résistances chauffantes du four. On voit aussi la proximité de l’objectif de microscope
à la cellule. En insert est montrée une photo de deux cellules Hellma® respectivement à
l’intérieur et à l’extérieur du porte-échantillon. On remarque les ouvertures sur les parois
du porte échantillon pour laisser passer le faisceau et l’éclairage.

Le four est équipé d’une boucle de rétroaction régulée par un PID grâce à une sonde
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thermique (sonde platine Pt100). Celle ci est en contact avec une des arrêtes de la cellule
grâce à une ouverture dans le porte échantillon permettant de la loger dans le laiton.

Dans les expériences qui vont suivre nous ne chercherons pas à modifier brutalement
la température du four, celle-ci servant seulement à fixer les propriétés de notre système.
On cherche aussi lorsqu’une consigne en température est donnée, à ce que la température
se stabilise au niveau de celle-ci sans la dépasser (dans la limite de la résolution de la
sonde) 53.

La résolution en température du four δTres sera alors donnée par celle de la sonde
thermique (δTres = 0.1 K) et fixera la limite des propriétés que l’on peut explorer via
l’approche au point critique. En effet, considérons une variable m ayant un comportement
critique donné par une amplitude critique m0 et un exposant critique a alors la valeur la
plus extrême que l’on peut atteindre sera donnée par :

m(T ) = m0

(
δTres
TC

)a
(2.64)

avec TC la température critique de l’échantillon 54.

Seulement des ouvertures sont faites dans le four et le porte échantillon (voir photo
2.26) pour permettre la traversée verticale du faisceau laser et pour observer en transmis-
sion les objets et structures produits dans l’échantillon (l’axe optique d’observation est
horizontal dans notre système). De plus le bloc de laiton constituant le four est aminci
dans cette zone de manière à laisser passer les objectifs de focalisation et d’observation
(voir photo 2.26).

Axe
d'imagerie

Axe
principal
de la cellule

Axe du
faisceau

Ouverture Résistance

(a) (b)

Figure 2.27 – (a) Schéma donnant la structure géométrique du four montrant notamment
les emplacements où les résistances sont installées et où les ouvertures sont réalisées. (b)
Représentation schématique de la distribution des points chauds et froids associée.

53. En effet les systèmes critiques étant très sensibles, une recherche quotidienne de la température
critique est nécessaire. Pour ce faire, la traversée du point critique d’un système monophasique à un
système biphasique sera identifiée au moyen de la diffusion du faisceau laser à petite puissance. A la
démixtion du système, des domaines de la phase minoritaire dans la phase majoritaire vont se former et
grandir. Ainsi pendant cette phase de croissance, on est alors capable d’observer la diffusion d’un faisceau
sur ces domaines signalant la traversée du point critique.
54. Bien sur la turbidité divergeant au point critique, même pour un système de contrôle en température

très bien résolu, nous serons de toute façon limité par nos moyens d’observation.
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Pour minimiser les pertes dues à l’échange thermique avec l’environnement, une boite
tampon munie d’espaces dans lesquels se glissent nos instruments est installée mais pour
lequel subsiste des ouvertures pour laisser passer les objectifs. L’air à l’intérieur est chauffé
à une température légèrement inférieure à celle du four (∼ 4 K pour que ses variations ne
perturbent la stabilité du chauffage du four) au moyen d’une circulation à eau chaude.

Ces ouvertures pour le passage de la lumière (faisceau et éclairage) conduisent de facto
à des discontinuités de la conduction thermique et des pertes thermiques inhomogènes
(voir figure 2.27). Ces inhomogénéités en température de l’échantillon constitueront une
limite dans le contrôle de l’état thermodynamique de notre système en induisant des gra-
dients de température et de concentration en micelles. Elles pourront aussi être à l’origine
d’écoulements thermogravitaire dans chacune des phases et d’écoulements thermocapil-
laires au niveau de l’interface. Mais nous verrons ces différents aspects plus en détail dans
la section 2.4.

2.2.5 Caractérisation de la température

L’introduction d’impuretés étant très dommageable pour le comportement critique 55,
une caractérisation préalable a été faite en introduisant un thermocouple directement dans
la cellule remplie d’eau et en le déplaçant dans le sens perpendiculaire à la ligne d’imagerie
et au faisceau. Celle-ci donnait pour une consigne en température de 50 ◦C un écart de
température entre le centre de la cellule et ses extrémités sur l’axe principal (plus proches
des résistances chauffantes) égal à ∆Tfour = 0.2 K.

Une tentative de mesure de température en utilisant une caméra thermique a aussi été
réalisée. On observe figure 2.28 que le champ de température donnée par la caméra ne
permet pas de résoudre un gradient thermique au sein du champ d’observation.

Figure 2.28 – Image thermique de la cellule prise par une caméra placée sur le même
banc optique que la caméra Phantom® pour une microémulsion à un écart à la tempé-
rature critique ∆T = 16 K . On remarque deux barres horizontales dans la zone rouge
correspondant aux parois internes de la cellule.

En effet l’émissivité du quartz fondu de la paroi de la cellule étant bien supérieure
à celle de la microémulsion, le champ de température obtenu est malheureusement celui
émis par la paroi 56.
55. Puisque celle-ci risque de changer la composition du système et faire varier la proximité du système

au point critique dans le diagramme de phases.
56. Pour s’assurer de cela, un capillaire en verre est installée dans la cellule. Celui-ci devant avoir une

émissivité différente du milieu, son image thermique devrait être visible à la caméra. Puisque ce n’est pas
le cas, ceci nous conforte bien dans le fait que la paroi de la cellule est opaque au rayonnement thermique
du milieu.
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2.2.6 Description de la chaîne d’imagerie

Reprenons alors la figure 2.20. Le système d’imagerie mis en place cherche à reproduire
les principes d’un microscope mais avec un axe optique horizontal.

Son dispositif d’éclairage est composé d’une lampe et de la lentille f2 (très convergente
pour rassembler l’énergie lumineuse) qui regroupées constituent l’illuminateur dans les
termes habituellement utilisés en microscopie. Il comporte ensuite une seconde lentille f3
comme condenseur 57. Ces éléments sont positionnés en configuration dite Köhler 58 de
sorte à obtenir un éclairage aussi uniforme que possible sur le champ d’observation et en
profondeur. Ceci est crucial dans la mesure où la distance de nos objets au condenseur et
à l’objectif peut varier et que celle-ci n’est par ailleurs pas connue.

La source d’illumination est la lampe OSL2 de la marque Thorlabs®. C’est une lampe
halogène fibrée blanche qui a été retenue pour sa sortie flexible et donc facilement adaptable
et sa puissance élevée de 150 W 59. De cette manière il est possible d’avoir un éclairage
avec une gamme dynamique suffisamment large pour obtenir un contraste suffisant pour
distinguer les objets 60 même pour de petits écarts à la température critique (∼ 0.2 K).
Le choix d’une lumière blanche par rapport à un faisceau monochromatique est due à la
présence des fluctuations propre au caractère critique de nos échantillons qui dans le cas
présent produirait une figure dite de speckle.

L’échantillon éclairé est ensuite projeté sur le capteur CMOS d’une caméra au moyen
d’un objectif de microscope de longue distance de travail Ov 61. Sa résolution latérale sera
notre principale limite de résolution sur notre mesure. Les deux objectifs principalement
utilisés sont le ×20 et le ×50 à grande distance de travail d’Olympus ®. Leurs ouvertures
numériques associées sont 0.4 et 0.5, ce qui nous donne comme limite de résolution pour
la longueur d’onde dominante de notre éclairage 1.03 µm et 0.82 µm respectivement.

(a) (b)

Figure 2.29 – (a) Image d’un capillaire de 50 µm traversé par un faisceau laser. L’image
a été prise avec la caméra Phantom V EO 340L à une position sur le banc de 74 cm. (b)
Courbe de calibration donnant le nombre de pixels en fonction de la position de la caméra
sur le banc optique. Un objectif de microscope Olympus® LMPLFLN ×20 est utilisé

57. Il fixe l’angle d’incidence de l’éclairage au niveau de l’échantillon.
58. dans les limites géométriques imposées par la présence du four et de la boite mentionnées section 2.2.
59. En effet le coefficient de transmission du système est très faible dans la mesure où la turbidité diverge

à l’approche du point critique et que la lumière de l’éclairage a à traverser une distance ∼ 1.3 cm.
60. Puisque le contraste est proportionnel à l’intensité de la lumière de l’éclairage.
61. Le choix d’un objectif de microscope de longue distance de travail est due aux contraintes géomé-

triques liées à la présence de la cellule et du four.
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Enfin la caméra utilisée est une Phantom V EO 340L. La caméra est une caméra ultra-
rapide 12 bits composée d’un capteur CMOS d’une taille de 25.6 × 16.0 mm2 pour une
taille de pixel de 10 × 10 µm2. La définition maximale est de 2560 × 1600 pixel2 et la
vitesse maximale atteignable est de 290 000 images par seconde (pour une définition de
128 × 4). 62 Celle-ci est placée sur un banc nous permettant de faire varier sa distance à
Ov. Une calibration a été effectuée à l’aide d’un capillaire rectangulaire de 50 µm d’épais-
seur intérieure (voir figure 2.29a) pour différentes positions de la caméra sur le banc. La
calibration nous donne une plage de variation allant 2.0 px/µm à 10.3 px/µm en fonction
de la position de la caméra sur le banc pour l’objectif Olympus® LMPLFLN ×20 et de
5.1 px/µm à 25.9 px/µm pour l’objectif Olympus® LMPL ×50 (voir figure 2.29b).

On utilisera aussi souvent un filtre orange pour éviter que la lumière diffusée du laser
soit imagée et sature en intensité la caméra.

On présente figure 2.30 deux exemples de dynamique de jets pour un écart à la tem-
pérature critique ∆T = 10 K et ∆T = 1 K obtenus grâce à la chaîne d’imagerie présentée
ci-dessus avec une autre caméra rapide. On observe déjà qualitativement que les morpho-
logies et les interfaces sont très différentes pour ces écarts à la température critique.

(a) (b)

Figure 2.30 – Jets de la phase pauvre en micelles dans celle riche en micelles pour des
écarts à la température critique de (a) ∆T = 10 K et (b) ∆T = 1 K. Images tirées de [37]
faites avec une caméra DRS.

Dès lors pour pouvoir faire des mesures quantitatives à partir de ces images, ces dif-
ficultés sont accrues. Notamment on verra que juste déterminer la position de l’interface
physique des objets imagés est un sujet difficile. De plus dans un but d’étude dynamique,
il est aussi nécessaire d’automatiser cette procédure et de la rendre adaptable quel que
soit l’écart à la température critique.

Nous présenterons plus en détail la caractérisation de l’image ainsi que le programme
de détection de contour dans la section consacrée 2.5.

62. L’espace disponible dans la mémoire vive de la caméra est de 36 GB. On aura ainsi souvent un
compromis à trouver entre la définition, la vitesse et le temps d’acquisition total de la vidéo.
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2.3 Déformations et écoulements : quelles interactions laser-
fluide pour agir sur notre échantillon

Maintenant que nous avons décrit notre dispositif expérimental et caractérisé notre
faisceau, il s’agit de déterminer au moyen de quelles interactions celui-ci nous permet
d’agir sur notre échantillon. Considérons de nouveau le système présenté préalablement
figure 2.31.

Figure 2.31 – Représentation schématique d’une interface déformée par pression de ra-
diation. Le faisceau laser est focalisé au niveau de l’interface non déformée, représentée
par la ligne pointillée bleue.

On a vu qu’une approche qualitative nous avait permis de remonter à ce comportement
finalement surprenant que le sens de déformation de l’interface en présence d’un faisceau
est toujours dirigé de la phase la plus réfringente vers la phase la moins réfringente et ne
dépend donc pas du sens de propagation du faisceau.

Cherchons désormais à caractériser plus quantitativement la déformation obtenue. En
régime stationnaire, considérons l’équilibre mécanique local de l’interface déformée entre
la pression de radiation optique exercée par le laser

∏
rad(r), la pression de Laplace pro-

portionnelle à la courbure locale de l’interface κ(r) et la poussée d’archimède :

∏
rad(r) = γκ(r)−∆ρgh(r) (2.65)

γ est la tension interfaciale, ∆ρ = ρ2 − ρ1 est le contraste de masse volumique (∆ρ < 0)
et h(r) la hauteur de la déformation visible sur la figure 2.31. La pression de radiation
optique exercée par un laser depuis la phase 2 peut être réduite en incidence normale à
l’expression suivante :

∏
rad(r) =

( ∆n
n2 + n1

) 2n2I

c
avec ∆n = n2 − n1 (2.66)

Comme le profil d’intensité de notre faisceau s’écrit :

I(r, z) = 2P
πω2(z)e

−
2r2

ω2(z) (2.67)

où P est la puissance, ω(z) le rayon du faisceau laser incident et z = 0 correspond à
l’altitude de l’interface au repos (le faisceau étant focalisé à l’interface), on en déduit
alors :
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∏
rad(r) =

( ∆n
n2 + n1

) 4n2P

πcω2(z)e
−

2r2

ω2(z) (2.68)

2.3.1 Déformation linéaire

Dans le cas de faibles déformations κ ∼ ∆rh(r), on peut alors déduire de la relation
(2.65) une équation différentielle du second ordre nous donnant le profil radial h(r) :

4Pn2
πcω2

0

(
n2 − n1
n2 + n1

)
e
− 2r2
ω2

0 = γ∆rh(r)−∆ρgh(r) (2.69)

dans laquelle on a supposé le faisceau cylindrique avec un rayon égal à ω0. Ce qui reste
vrai dans la mesure où h� zR ( avec zR = πω2

0/λ ∼ 50 µm pour ω0 = 3 µm).
Introduisons le nombre de Bond optique Bo donnant le rapport des effets de gravité

sur les effets capillaires et Π0 donnant le rapport de la pression de radiation sur la pression
de Laplace. Puisque dans notre situation la longueur caractéristique associée est ω0, on
écrit alors :

Bo = −∆ρgω2
0

γ
=
(
ω0
Lc

)2
et Π0 = 4Pn2

πcω0γ

(
n2 − n1
n2 + n1

)
où Lc est la longueur capillaire. On peut alors réécrire (2.69) de la façon suivante :

Π0e
− 2r2
ω2

0 = ω2
0∆r

h(r)
ω0

+Bo
h(r)
ω0

(2.70)

La solution générale de cette équation donne une hauteur h(r) 63 [38] :

h(r)
ω0

= Π0
4

∫ +∞

0
J0(kr)kdk

exp(−k2

8 )
Bo + k2 (2.71)

où J0 est la fonction de Bessel d’ordre 0. Cette expression décrit alors la déformation
engendrée par la pression de radiation d’un faisceau orienté en tout point selon l’axe z
tant que h/ω0 � 1 64 (voir figure 2.32).

Figure 2.32 – Exemple de déformation d’une interface liquide pour des microémulsions
quasi-critiques à ∆T = 35 K (∆n = 2.1 10−2) et Bo = 6 10−3. Le faisceau incident a une
puissance laser et une taille respectivement P = 2.54 W et ω0 = 8.40 µm.

63. On remarque que pour Bo � 1, le terme gravitationnel devient dominant devant le terme capillaire
(ω2

0∆r ∼ 1) et la déformation épouse donc la forme du faisceau.

h(r) ∼ ω0
Π0

Bo
e
− 2r2
ω2

0

64. LC est introduit comme longueur de coupure pour éviter la singularité en r = 0 [38].
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On présente figure 2.33a des mesures de la hauteur de déformation hmax = h(0) en
fonction de la puissance P réalisées par A. Girot [10] et J. Petit [13] sur une micro-émulsion
quasi-critique pour un écart à la température critique de 20 K ainsi que pour des phases
de Winsor au toluène et à l’heptane.

(a) (b) (c)

Figure 2.33 – Hauteur maximale de la déformation hmax en fonction de la puissance P
pour (a) une micro-émulsion quasi-critique pour un écart à la température critique ∆T =
20 K et un waist ω0 = 4.41 µm, (b) des phases de Winsor à l’heptane et ω0 = 3.00 µm et
(c) des phases de Winsor au toluène en régime d’équilibre de Winsor III et ω0 = 7.47 µm.
Figures tirées de [13].

D’après l’équation (2.71), la hauteur maximale de déformation hmax se comporte
comme :

hmax = ω0
Π0
2 e

Bo
8 E1(Bo8 ) (2.72)

où E1 est la fonction exponentielle intégrale d’ordre 1 définie par E1(x) =
∫∞
x

exp(−k)
k dk.

Il est remarquable que si le comportement linéaire est bien respecté pour des faibles
puissances, on observe ensuite une déviation de ce comportement puis une divergence de
la hauteur à partir d’une puissance donnée qu’on appellera par la suite puissance seuil
Pseuil.

N’ayant pris en compte que la pression de radiation à l’interface dans notre modèle, il
est légitime de penser que le faisceau a aussi une interaction en volume avec le milieu qui
pourrait expliquer cette divergence. On verra par la suite section 2.3.4 que ceci est bien
le cas et que le caractère diffusant dû à la turbidité de la micro-émulsion entraîne bien
une interaction supplémentaire. Néanmoins on observe figures 2.33b et 2.33c que cette
divergence aux fortes puissances est aussi présente pour des systèmes transparents (les
phases de Winsor), excluant l’hypothèse selon laquelle cette divergence est une conséquence
de cette seconde interaction.

2.3.2 Instabilité de jet

Pour expliquer la divergence observée toujours en ne considérant qu’un régime de
déformation induit par pression de radiation, nous allons revenir sur l’hypothèse de faibles
déformations.

Au fur et à mesure que la hauteur maximale de la déformation augmente, l’interface
ne peut plus être considérée comme ’plate’ dans l’expression de la pression de radiation et
celle-ci va alors dépendre de l’angle d’incidence du faisceau avec l’interface. On écrit alors
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la pression de radiation en toute généralité :

Πrad(r, θi, θt) = n2I

c
cos2(θi)

[
1 +R(θi, θt)−

tan(θi)
tan(θt)

T (θi, θt)
]

(2.73)

où θi et θt sont respectivement l’angle d’incidence et de transmission du faisceau par
rapport à l’interface et R(θi, θt) et T (θi, θt) les coefficients de Fresnel de réflexion et de
transmission en énergie. En incidence normale, on obtient :

R(0, 0) =
(
n2 − n1
n2 + n1

)2
et T (0, 0) = 4n2n1

(n2 + n1)2 (2.74)

permettant de retrouver l’expression donnée par l’équation (2.68). On représente figure
2.34 la pression de radiation en fonction de l’angle d’incidence du faisceau avec la normale
à l’interface lorsque l’incidence se produit du milieu d’indice de réfraction le plus élevé.

(a) (b)

Figure 2.34 – (a) Pression de radiation optique et (b) Pression de radiation optique
normalisée par sa valeur à l’incidence normale en fonction de l’angle d’incidence. Ces
pressions sont calculées en r = 0 pour un faisceau laser gaussien avec une puissance
P = 1 W et ω0 = 3 µm, l’onde étant polarisée circulairement. Chaque courbe correspond
à un rapport δ = n2−n1

n2
différent. Figures tirées de [10].

On se rend compte que celle-ci présente un maximum de pression de radiation jusqu’à 4
fois supérieure à la pression de radiation en incidence normale (θi = 0) lorsque le contraste
d’indice tend vers zéro. En effet le faisceau se propageant du milieu d’indice n2 vers un
milieu d’indice n1 < n2, il existe alors un angle de réflexion total donné par θRT =
arcsin(n1/n2) , celui-ci étant d’autant plus grand que le rapport δ = n2−n1

n2
est petit (voir

figure 2.34).

Considérons désormais un scénario dans lequel la déformation est engendrée par pres-
sion de radiation d’un faisceau ayant une puissance légèrement supérieure à la puissance
seuil (voir figure 2.35b). Si on considère la forme en ’cloche’ de la déformation de hauteur
hmax et de largeur ω0, on remarque figure 2.35, que celle-ci va dans un premier temps
présenter la même dynamique qu’en régime linéaire de déformation.

Or si au lieu de se placer au centre, on se place au niveau des bords de cette ’cloche’,
c’est à dire aux maxima de dh/dr, on verra h augmenter alors que ω0 reste constant et donc
dh/dr augmenter en conséquence. Le vecteur normal à l’interface va alors présenter une
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composante radiale croissante et pour une propagation selon l’axe z, l’angle d’incidence θi
va alors augmenter et se rapprocher de l’angle de réflexion total. La pression de radiation
va alors augmenter (voir figure 2.34), déformant d’autant plus l’interface jusqu’à ce que le
faisceau soit totalement réfléchi dans la déformation.

(a) (b)

Figure 2.35 – Simulations numériques de l’évolution temporelle de la hauteur de dé-
formation normalisée par le waist ω0 du faisceau pour une puissance de faisceau égal à
(a) P = 150 mW et (b) P = 160 mW . Le temps est normalisé par un temps visqueux
τ = Lη/γ. Figures tirées de [13]

Ainsi quand la puissance atteint un seuil, le faisceau, au travers des réflexions internes
au sein de la déformation, est redirigé à la pointe de celle-ci 65 . Une instabilité est engendrée
au cours de laquelle la déformation s’allonge fortement jusqu’à adopter une forme que nous
qualifierons d’aiguille guidant l’onde laser (voir figure 2.36).

(a) (b)

Figure 2.36 – Instabilité de jet pour (a) des microémulsions quasi-critiques par pression
de radiation pour un écart à la température critique de 35 K et ω0 = 5.51 µm et (b) des
phases de Winsor à l’heptane (Winsor III) pour ω0 = 13.26 µm. Images tirées de [10].

65. Les travaux de J. Petit [13] ont montré que l’angle maximale atteint est, en fait, expérimentalement
inférieur à celui de réflexion total et que la variation de la hauteur de la déformation avec la puissance
présente un cycle d’hystérésis au seuil. Un modélisation du mécanisme de couplage entre la déformation
induite et la propagation de l’onde incidente doit être pris en compte pour rendre compte totalement du
phénomène.
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On remarque figure 2.36a que dans le cas d’une micro-émulsion quasi-critique, l’insta-
bilité ne provoque pas simplement l’allongement de la déformation mais des gouttes sont
formées et éjectées au bout de celle-ci faisant d’elle une instabilité de type jet liquide, ce
qui n’est pas le cas sur la figure 2.36b pour une interface entre des phases transparentes.
La pression de radiation ne s’exerçant que perpendiculairement à l’interface, la contrainte
présentée ci-dessus ne peut être responsable de l’émission de gouttes qui est une signature
d’écoulements au sein de la déformation.

Durant la thèse de A. Girot, un calcul analytique a été réalisé par T. Guérin, chercheur
de l’équipe physique statistique du LOMA, dans le cas du nombre de Bond Bo � 1 donnant
une expression de la puissance seuil telle que :

Pseuil = 4.43πcγω0
2∆n (2.75)

Ce comportement linéaire de la puissance seuil avec le waist a été vérifiée expérimentale-
ment dans la thèse de A. Casner [38].

Dans ce modèle, la déformation est supposée conique (donnant ainsi un angle d’inci-
dence constant du faisceau avec l’interface). Cette modélisation rend compte d’une étude
expérimentale menée par Girot et al. [41] et J. Petit [13] dans laquelle, la forme conique
de l’interface en présence de réflexion totale, c’est à dire dans un régime d’instabilité, a
été caractérisée expérimentalement.

Par ailleurs on constate que l’expression (2.75) implique un comportement critique :

Pseuil ∼
γ

∆n ∼
∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣2ν−β , 2ν − β = 0.935 (2.76)

Ainsi Pseuil tend vers zéro à l’approche de la température critique et il devient finalement
extrêmement difficile d’observer le régime linéaire pour de faibles waist (voir figure 2.37).

Figure 2.37 – Pression de radiation seuil en fonction de l’écart à la température critique
donnée par l’équation (2.75) pour un rayon au col du faisceau ω0 = 3 µm.

Ceci aura comme conséquence qu’on formera trop facilement des jets et que nous ne
pourrons plus utiliser la pression de radiation sur les gouttes formées pour les déplacer au
sein de la phase comme nous le verrons dans la section qui suit.
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La linéarité de la puissance seuil avec γ (équation (2.75)) nous permet d’utiliser le seuil
d’instabilité comme méthode particulièrement aisée de mesure statique des très faibles ten-
sions interfaciales sans contact. Des mesures de tensions effectuées avec cette méthode ont
été présentées section 2.1.4 et ont été comparées avec succès avec des mesures dynamiques
tirées de la brisure d’un ligament liquide.

Cette expression reste valide tant qu’on peut négliger les effets de gravité Bo � 1, c’est
à dire pour des ω0 � LC et h � LC , sachant que LC tend vers zéro au point critique.
Néanmoins, on a vu section 2.1.7 que la longueur capillaire était supérieure à 10 µm dès
lors que ∆T > 0.5 K nous permettant ainsi d’utiliser cette méthode de mesure de tension
sur une très large gamme d’écarts à la température critique. On est ainsi en présence d’une
méthode de mesure de la tension interfaciale applicable dans la totalité des situations qui
seront présentées au cours de ce manuscrit.

La mise en évidence expérimentale de cette instabilité dans le cas de liquides transpa-
rents et diffusants a été faite au cours des travaux présentés pendant les thèses respective-
ment de A. Casner [38] et J. Petit [13] et caractérisé numériquement par H. Chraïbi [40]
en ne prenant en compte que la pression de radiation à l’interface 66.

Finalement si on revient au cas de micro-émulsion, l’instabilité nous permettra d’at-
teindre des régimes de déformation tellement élevés que l’on pourra atteindre la base de la
cellule, c’est à dire induire des hauteurs h millimétriques. Il est à noter qu’à ce moment là
un pont liquide se forme sur toute la hauteur de la phase dont la stabilité est assurée par
le guidage de l’onde au sein de celui-ci induisant des pressions de radiation permettant de
compenser la pression de Laplace (voir [42]).

De plus la caractéristique jet liquide nous permettra de former sans contact des gouttes
isolées en bout de la déformation. Il suffira alors de les faire coalescer pour fabriquer un
objet dont on a une maîtrise partielle du volume.

Néanmoins on a vu que la caractérisation de l’instabilité jet liquide dans le cas des
micro-émulsion demandait de considérer une interaction supplémentaire, les forces volu-
miques de diffusion. Pour la décrire nous passerons par une étape préliminaire dans laquelle
on considérera la force nette induite par pression de radiation sur un objet sphérique.

2.3.3 Mise en mouvement d’un objet sphérique par pression de radiation

On a vu précédemment la déformation induite par un faisceau traversant une inter-
face plane au repos, on va désormais s’intéresser à la force émergeant de la différence de
contraintes entre la pression de radiation du faisceau incident et celle du faisceau émergent
d’un objet sphérique. Pour cela, nous allons nous baser sur les travaux de Kaneta et al.
[43] ainsi que sur ceux de S.B. Kim [44].

Considérons une sphère de rayon a et d’indice n dans un milieu d’indice n0 (voir figure
2.38) ainsi qu’un faisceau incident gaussien dont l’intensité s’exprime sur la surface de la
goutte de la manière suivante :

I = I0(z)e−2 r2
ω2(z) que l’on peut réécrire I = I0e

−2 (asinθ)2

ω2
0 (2.77)

66. Il convient aussi de signaler qu’il existe par ailleurs une instabilité supplémentaire de l’interface
liquide en milieu turbide en utilisant un faisceau se propageant du milieu le moins réfringent vers le milieu
le plus réfringent. Ce couplage lié à la turbidité et décrit plus en détail en 2.3.4 permet également de
déformer une interface jusqu’à la rendre instable à partir d’un seuil. Ce seuil a été observé dans la thèse
de J.Petit [13] et prédit numériquement par H.Chesneau.
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où on suppose le faisceau cylindrique de rayon ω0 et d’intensité au centre du faisceau
I0 = 2P

πω2
0
, P étant la puissance totale du faisceau.

Figure 2.38 – Modélisation utilisée dans le calcul de la force de scattering et de gradient.

On se place dans le cadre de l’optique géométrique, i.e. on considère que la condition
2π∆na/λ0 � 1 est vérifiée, et on décompose le faisceau incident en rayons lumineux 67.
En considérant les symétries du système, on peut alors en déduire la puissance du faisceau
incident sur un anneau de rayon r et de largeur dr centré en r = 0.

dP = I2πrdr = πa2sin(2θ)I0e
−2 (asinθ)2

ω2
0 dθ (2.78)

Pour calculer la force de pression de radiation, il nous faut considérer le trajet de chacun
des rayons lumineux au sein de la goutte. Pour cela, on introduit un facteur d’efficacité
Q(θ) [44] .

Q(θ) = 1
2

{
1 +R(θ)cos(2θ)− T 2 cos(2θ − 2φ) +Rcos(2θ)

1 +R2 + 2Rcos(2φ)

}
(2.79)

67. En notant alim = λ0/2π∆n, cette condition est vérifiée pour les rayons de gouttes grands devant
alim. On remarque figure 2.39 qu’au fur et à mesure que l’on se rapproche de la température critique, la
possibilité de se situer dans un régime décrit par l’optique géométrique est de plus en plus faible dû au
caractère évanescent du contraste d’indice à l’approche du point critique.

Figure 2.39 – Rayon de goutte limite séparant les régimes de tailles que l’on peut décrire
au travers de l’optique géométrique et ceux nécessitant une théorie de Mie en fonction de
l’écart à la température critique
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où R = 1
2

[
sin2(θ − φ)

sin2(θ + φ) + tan2(θ − φ) tan
2(θ + φ)

]
et T = 1−R (2.80)

Il suffit alors d’utiliser la loi de Descartes pour déterminer la relation entre φ et θ :
n0sin(θ) = nsin(φ) avec n0 l’indice du milieu environnant. On peut ainsi obtenir la force
de radiation dF (θ) = Q(θ)n0dP

c pour l’angle θ et on en déduit la force totale exercée sur
la goutte :

Fpr =
∫ π

2

0
dF (θ) = 2n0P

c

(
a

ω0

)2 ∫ π
2

0
Q(θ)sin(2θ)e

−2
(
a
ω0

)2
sin2(θ)

dθ (2.81)

qui peut être réécrite de la façon suivante :

Fpr = 2n0P

c

(
a

ω0

)2
Qpr avec Qpr =

∫ π
2

0
Q(θ)sin(2θ)e

−2
(
a
ω0

)2
sin2(θ)

dθ (2.82)

On remarquera qu’il suffit que 2a << zr, pour considérer que le faisceau diverge suffi-
samment peu sur l’ensemble de la goutte et le considérer cylindrique. On peut alors rempla-
cer ω0 par ω(z) dans l’expression proposée (2.82) et considérer désormais (a/ω(z))2 � 1.
On peut alors faire l’approximation que l’exponentielle se comporte comme 1, autrement
dit que le faisceau est homogène sur la taille typique de la goutte. On a ainsi :

Qrp ∼ Q∗ =
∫ π

2

0
Q(θ)sin(2θ)dθ (2.83)

et la force s’écrit désormais :

Fpr = 2n0P

c

(
a

ω(z)

)2
Q∗ (2.84)

Comme on peut le voir figure 2.40b, quel que soit l’écart à la température critique, Qpr >
0.75Q∗ pour des rapports a/ω(z) < 0.4. On considérera ainsi par la suite que Qpr ∼ Q∗.

(a) (b)

Figure 2.40 – (a) Facteur d’efficacité en fonction du rapport a/ω pour des écarts à la tem-
pérature critique de 32, 16, 8 et 4 K. Facteur d’efficacité normalisé par Q∗ = Qpr(a/ω =
10−2) en fonction du rapport a/ω pour les même écarts à la température critique. En insert
est représenté Q∗ en fonction de l’écart à la température critique ∆T [K].

Nous allons chercher dans nos systèmes à utiliser la pression de radiation pour déplacer
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une goutte au sein de la phase inférieure et pour cela il faut que la force issue de la pression
de radiation soit supérieure à la poussée d’Archimède PA. On note aeq, le rayon d’une
goutte à l’équilibre mécanique au sein de la phase inférieure,

Fpr = PA

2n0P

c

(
aeq
ω(z)

)2
Q∗ = 4π

3 ∆ρga3
eq

On en déduit que :
aeq = ω(z) 3

2πQ
∗ n0P

c∆ρgω3(z) (2.85)

On représente figure 2.41, la rayon de la goutte à l’équilibre mécanique. Le rayon du
faisceau considéré est de ω(z) = 20 µm qui correspond à une valeur typique en milieu de
phase (lorsque ω0 = 3 µm et que le faisceau est focalisé à l’interface).

Figure 2.41 – Rayon d’une goutte à l’équilibre mécanique soumise à la poussée d’archi-
mède et à une force de pression de radiation pour un ω(z) = 20 µm en fonction de l’écart
à la température critique pour une puissance de faisceau P = 0.1 W et pour la puissance
seuil.

Ainsi, on remarque que même pour des puissances laser raisonnables, on est capable
de déplacer des gouttes d’une taille supérieure au micron. La taille maximale de gouttes
que l’on peut déplacer augmente quand l’écart à la température critique diminue jusqu’à
atteindre 7 µm pour 0.1 K.

Néanmoins lorsque la puissance seuil est dépassée et qu’on se situe dans un régime
d’instabilité de jet, des gouttes sont projetées qui vont venir coalescer avec la goutte qu’on
cherche à déplacer. Il sera donc nécessaire de se situer en régime linéaire de déformation si
on veut pouvoir pousser une goutte sans la faire croître par coalescence (avec le faisceau
focalisé à l’interface). Le rayon à l’équilibre pour la puissance seuil, représenté figure 2.41,
constitue alors une limite supérieure expérimentale à la taille de gouttes que l’on peut
déplacer. On remarque qu’au fur et à mesure qu’on s’approche du point critique ce rayon
diminue, ce qui diminuera de fait la marge de manoeuvre dont nous disposerons pour
manipuler nos gouttes.

2.3.4 Forces volumiques de diffusion ou forces de scattering
Réduisons désormais la taille de nos objets et considérons les inhomogénéités d’indices

optiques présentes dans le milieu dues aux fluctuations typiques de densité proche du point
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critique. Leur taille caractéristique est ξ− et celle-ci diverge à l’approche du point critique
(à titre d’exemple, à ∆T = 0.1 K, ξ− ∼ 315 nm).

La taille de ces inhomogénéités se rapprochant de la longueur d’onde du faisceau λ0 =
532 nm, le milieu tend alors à devenir de plus en plus diffusant au fur et à mesure que
l’écart à la température critique diminue. Ceci entraîne qu’au cours de sa propagation, le
faisceau transmet de la quantité de mouvement aux inhomogénéités par diffusion élastique
qu’il rencontre sur son parcours (voir figure 2.42).

La grandeur utilisée pour quantifier cet effet est la turbidité que l’on a introduit section
2.1.6 et on considérera que le milieu est non-absorbant. On se basera sur un raisonnement
développé par Wunenburger et al. [45] dans lequel il décrit l’écoulement induit par la
diffusion dans une micro-émulsion quasi-critique.

Figure 2.42 – (a) Illustration représentant la diffusion d’un faisceau gaussien au sein
d’une suspension de diffuseurs d’indice optique n de largeur L. (b) Schéma de principe de
la diffusion sur un diffuseur individuel de taille R. Schéma issu de [13]

Considérons un fluide isotrope de taille L composé de diffuseurs d’indice ns en suspen-
sion dans un milieu d’indice n 6= ns et un faisceau gaussien le traversant se propageant
selon l’axe z. La projection selon l’axe z de la quantité de mouvement du faisceau va
décroître au fur et à mesure que celui-ci se propage par diffusion d’une partie des photons
par les diffuseurs comme illustré figure 2.42.

Par conservation de la quantité de mouvement, il en résulte une force nette par unité
de volume dirigée selon l’axe de propagation du faisceau, qu’on appellera par la suite la
force diffusive f scatt ou force de scattering. Pour que la force exercée sur les diffuseurs
entraîne le fluide dans son ensemble, il est nécessaire que la contrainte visqueuse que le
fluide exerce sur ces diffuseurs soit supérieure à la pression de radiation exercée sur un
unique diffuseur. Pour déterminer dans quelles conditions cette situation est réalisable, on
écrit séparément deux contributions du faisceau sur le fluide :

— La force induite sur les diffuseurs directement. On déduira alors la vitesse du dif-
fuseur relativement au fluide en considérant l’équilibre mécanique entre la force de
pression de radiation et la force de trainée du fluide sur le diffuseur.
On note alors ~F scatt = ΣnsI

c k̂ où Σ est la section efficace de ces diffuseurs, I est
l’intensité et k̂ est le vecteur unitaire de l’axe de propagation du faisceau incident.
Comme ξ− � λ 68, on peut se situer dans un régime de diffusion de Rayleigh pour
une concentration en diffuseurs faible et écrire Σ ∼ 8π

3

(
2πR
λ

)4
R2
(

∆n
3ns

)2
(voir [18]).

68. ξ− = 57 nm pour un écart à la température critique de 1.5 K. Ainsi pour des écarts plus faibles,
cette hypothèse est moins valide.
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Pour un écoulement à bas Reynolds, on en déduit alors :

∆u ∼ ΣnsI
cηξ−

(2.86)

où ∆u est la vitesse du diffuseur relativement au fluide et η est la viscosité dyna-
mique du fluide.

— On va alors chercher à déterminer séparément la vitesse du fluide induit par la
diffusion du faisceau grâce à la notion de turbidité. On suppose dès lors que la
taille des diffuseurs n’intervient plus et que le fluide, supposé homogène, est mis en
mouvement dans son ensemble.
On écrit alors l’équilibre entre la puissance dissipée du faisceau au sein du fluide
par la force de diffusion Ẇ ∼ f scattuω2

0L et le taux de dissipation visqueuse pour
un écoulement à bas Reynolds Ḋ ∼ L3η

(
u
L

)2. En écrivant alors que fscatt ∼ τnI
c ,

on en déduit que la vitesse moyenne du fluide se comporte comme :

u ∼ ω2
0τnI

ηc
(2.87)

Finalement pour qu’on puisse considérer que ces inhomogénéités entraînent le fluide
dans sa globalité, c’est à dire qu’on puisse considérer la réponse collective du fluide devant
celle des diffuseurs relativement au fluide, il suffit alors de vérifier la condition ∆u

u � 1.
Puisque dans le régime de diffusion simple, on a τ ∼ NΣ, avec N le nombre de diffuseurs
par unité de volume, ceci se traduit par une condition sur la fraction volumique des
diffuseurs.

φ� ξ−
2

ω2
0

(2.88)

Ce qui est bien vérifiée dans la mesure où ξ−
2

ω2
0
< 10−2 69. On note aussi qu’une contrainte

sur la transparence des diffuseurs est nécessaire pour considérer une force volumique uni-
forme par translation selon z.

τL� 1 (2.89)

Or la prise en compte de ces deux conditions impose une contrainte sur le contraste d’indice
et/ou la taille L de la boite. Considérons un régime de Rayleigh (R � λ), on peut alors
écrire que τ ∼ NR2(∆n/n)2(kR)2 avec k = 2π/λ et ∆n = ns − n [46] et la contrainte
(2.89) se réduit alors à la contrainte suivante :

α = (∆n)2
(
ξ−

ω0

)2
L

ξ−
(kξ−)4 � 1 (2.90)

On remarque figure 2.43 que celle-ci est bien respectée sur l’ensemble des écarts à la
température critique considéré.

On en conclut donc que la force de diffusion du faisceau induit bien une mise en
mouvement du fluide dans son ensemble et une description simultanée du mouvement des
inhomogénéités au sein du fluide ne semble pas nécessaire 70.

69. ξ− = 332nm pour un écart à la température critique ∆T = 0.1 K.
70. Le cas contraire où ∆u/u� 1 est représentatif de la section 2.3.3. Il est typiquement utilisé pour de

la chromatographie optique, c’est à dire pour la séparation longitudinale des différents composants d’une
suspension en écoulement induite par leur contraste de section efficace [43].
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2.3. Déformations et écoulements : quelles interactions laser-fluide pour
agir sur notre échantillon

Figure 2.43 – α = (∆n)2 (ξ−/ω0)2 (L/ξ−)(kξ−)4 en fonction de l’écart à la température
critique.

On supposera alors que l’écoulement en volume est induit uniquement par la force
diffusive fscatt et on peut alors dériver son expression dans le cas d’une micro-émulsion
quasi critique. Pour cela, on suppose que celle-ci est uniquement due à la diffusion élastique
simple sur des variations continues de l’indice de réfraction sur une échelle de ξ−. En
considérant la perte d’intensité relative du faisceau par unité d’angle solide, de distance
et de temps, on peut écrire la turbidité comme :

τ =
∫∫ 1

I

∂2I

∂Ω∂z (Ω)dΩ (2.91)

où dΩ est l’angle solide centré sur la direction Ω que l’on relie à la force diffusive définie
de la façon suivante :

f scatt = −
∫∫

n

c

∂2I

∂Ω∂z (Ω) ~uΩdΩ (2.92)

avec uΩ le vecteur unitaire selon la direction Ω.
A partir de l’approximation de Ornstein et Zernike [16], Puglielli et Ford [17] ont

calculé la turbidité pour un fluide quasi-critique (voir section 2.1.6) et Schroll et al. [47]
ont fait de même pour la force volumique dans un fluide quasi-critique que l’on retrouve
aussi dans la thèse de J. Petit [13].

fscatt = nI

c

π3

λ4
0

(
∂ε

∂φ

)2
χTkBTg(α) (2.93)

avec g(α) = 1
α

[
8
3 + 21 + α

α2 − 2α2 + 2α+ 1
α3 ln(1 + 2α)

]
où α = 2(kξ−)2 et k = 2πn

λ0
. On en déduit ainsi que :

g(α) = 1
α

[8
3 − f(α)

]
(2.94)

où f(α) est définie dans l’expression de la turbidité (voir section 2.1.6). On montre ainsi
figure 2.44 que les comportements des fonctions g et f sont similaires, il est alors justifié
de considérer que fscatt ∼ nIτ

c . On remarque aussi que la fonction g tend vers une valeur
constante égale à 8/3 pour α� 1 et se comporte comme 1/α pour α� 1.
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Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

Figure 2.44 – f(α) et g(α) en fonction de α = 2(kξ−)2 avec k = 2πn
λ0

.

Ainsi puisque χT ∼ (∆T/TC)−1.24 et g(α) ∼ 8/3 pour de grands écarts à la tem-
pérature critique, fscatt ∼ χT et donc tend vers zéro comme attendu pour une force
reposant sur la diffusion liée à la turbidité. Plus surprenant, à l’approche du point cri-
tique, fscatt ∼ (∆T/TC)−0.02 et donc devient presque indépendant de l’approche au point
critique 71 toutefois il est à rappeler que l’approximation d’Ornstein et Zernike n’est valide
que pour de petits α.

De la même manière que l’on a procédé pour l’écriture de la pression de radiation sur
une goutte, on sera capable de déplacer une goutte si la contrainte visqueuse exercée par
l’écoulement induit par la force de diffusion sur la goutte arrive à contrebalancer la poussée
d’Archimède. Pour ce faire on va déterminer la vitesse relative au fluide uHad résultante
de l’équilibre mécanique entre la force de trainée et la poussée d’Archimède et si celle-ci
est inférieure à la vitesse de l’écoulement du fluide umoy on sera alors capable de pousser
la goutte au moyen de l’écoulement plus vite qu’elle ne remonte.

La vitesse de la remontée de la goutte liquide dans un milieu liquide est donnée par
la formule d’Hadamard donnant le rapport de la poussée d’Archimède et de la force de
trainée :

uHad = 2
3

(
η1 + η2

2η1 + 3η2

) ∆ρg
η1

R2 (2.95)

où R est le rayon de la goutte. On calcule alors la vitesse de l’écoulement induite par
diffusion en considérant comme précédemment la contrainte visqueuse associée dans la
phase inférieure (on prendra η1). On considère alors la puissance correspondant à l’intensité
diffusée dans la direction de propagation au sein de la phase inférieure :

Pscatt = Lumoy

∫∫
dSfscatt = 4n3PLumoy

c

π3

λ4
0

(
∂n

∂φ

)2
χTkBTg(α) (2.96)

où umoy est la vitesse moyenne de l’écoulement induit, P =
∫∫
I(r)drdθ la puissance du

faisceau incident et τL � 1 . En supposant que la vitesse ne varie que transversalement
au faisceau, on peut alors écrire la dissipation visqueuse comme :

Ḋ = η1L
∫∫ (

∂u

∂r

)2
rdrdθ = η1Lu

2
moy (2.97)

71. L’indice optique n tendant vers une valeur finie à l’approche au point critique
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agir sur notre échantillon

En intégrant sur un disque centré sur l’axe du faisceau et où on a supposé que u→ 0
quand R→∞. On en déduit que :

umoy = 4n3P

η1c

π3

λ4
0

(
∂n

∂φ

)2
χTkBTg(α) (2.98)

On peut alors comparer la vitesse induite par l’écoulement umoy à la vitesse de remontée
uHad, la goutte ne pouvant être déplacée grâce aux contraintes visqueuses du fluide que si
umoy > uHad.

(a) (b)

Figure 2.45 – (a) Vitesse moyenne de l’écoulement diffusif en fonction de l’écart à la
température critique respectivement pour des puissances de faisceau de 0.1, 0.05 W et
Pseuil. A titre de comparaison, on a aussi représenté la vitesse de remontée grâce à la
formule d’Hadamard pour une goutte de rayon R = 10 µm. (b) On représente le rayon
de la goutte maximal Rmax tel que umoy > uHad pour des puissances de faisceau de 0.1,
0.05 W et Pseuil.

Comme attendu, on remarque figure 2.45a qu’à puissance laser fixée la vitesse induite
par l’écoulement umoy augmente à l’approche du point critique sans pour autant diverger.
A l’inverse la vitesse de remontée uHad, elle, tend bien vers zéro à l’approche du point
critique.

Le rayon maximal de goutte pouvant être déplacée grâce à l’écoulement induit par les
forces de scattering est montré figure 2.45b, à puissance laser fixée et pour la puissance
seuil. On observe que le rayon maximal de goutte que l’on peut pousser à l’aide de notre
dispositif sans provoquer de jets reste assez constant avec l’écart à la température critique
et donne une valeur autour de R ∼ 35 µm, excepté très proche de TC . Cette valeur
est très probablement surestimée et est une conséquence de la valeur déjà très élevée de
uscatt

72. On pense que cet écart pourrait être une conséquence de l’hypothèse qui consiste
à considérer la vitesse comme uniforme par translation selon z et de ne pas considérer les
conditions limites.

Des simulations numériques prédisent en effet que, pour un faisceau gaussien parfaite-
ment cylindrique de largeur ω0 mais en prenant en compte les conditions limites, la vitesse
sur l’axe est bien égale à umoy mais que la vitesse moyenne est inférieure (umoy/2 dans le
cas d’un écoulement gaussien par exemple).

72. Les valeurs de uHad étant plus fiables dans la mesure où les contrastes de masses volumiques ont
justement été mesurés au moyen de la vitesse de remontée
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Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

Ainsi une prise en compte de la divergence du faisceau semble nécessaire pour rendre
compte de la modification de la distribution des vitesses en z dans la dissipation visqueuse.
Ceci nous donnerait une valeur de la vitesse moyenne de l’écoulement bien inférieure, par
exemple en milieu de phase pour z = 500 µm, on a (ω(z)/ω0)2 ∼ 44.

2.3.5 Formation d’objets isolés

Ainsi, on a vu que l’on était capable de déformer l’interface de notre micro-émulsion
avec notre faisceau. Au dela d’une puissance seuil, le faisceau se guide totalement dans la
déformation et celle-ci s’allonge adoptant une forme que l’on a qualifié d’aiguille. On peut
alors en augmentant la puissance lui faire atteindre des rapports d’aspects particulièrement
élevés allant jusqu’à former des ponts liquides sur l’ensemble de la hauteur de la phase
inférieure pour un rayon de l’ordre du waist du faisceau. Néanmoins des gouttes sont
émises au bout de cette aiguille dans le cas d’un milieu turbide faisant de cette instabilité
un jet liquide et témoignant de la présence d’écoulements en volume dans le milieu. Ces
gouttes émises nous permettront de créer des objets isolés de taille manipulable grâce au
jet. On peut alors les déplacer soit en utilisant la pression de radiation directement sur la
goutte sphérique soit en induisant des écoulements en volume entraînant la goutte.

On notera que sauf mention contraire, l’ensemble des études que nous présenterons
par la suite se feront sans présence du faisceau laser. Dès lors, les interactions du faisceau
sur les propriétés thermodynamiques du système critique (effet Soret, electrostriction) ne
seront pas considérées 73 74. Nous présenterons plus en détail cet aspect dans la section 2.4.

73. Le temps de relaxation thermique d’un gradient de température induit par le faisceau est τth =
ω2

0
π2Dth

< 10−4s avec Dth la diffusivité thermique de l’échantillon.
74. Dans le cas de la diffusion en concentration, le calcul nous donne pour un faisceau de taille ω0 = 3µm

un temps caractéristique 0.04 s < τc < 1.60 s avec D = kBT

6πη1ξ− calculé pour 20 K < ∆T < 0.1 K. Or
le laser produit aussi des écoulements par la force de scattering. Le gradient de concentration sera alors
advecté sur une distance égale au plus à la demi-cellule ∼ 1 mm avant de recirculer en raison des contraintes
géométriques du système. Il s’agit alors de comparer la mobilité par diffusion des inhomogénéités dues aux
fluctuations avec leur vitesse d’advection. Ceci est réalisé en estimant le nombre de Peclet Pe = uscattω0/D.

On montre figure 2.46 que Pe � 1 pour une vitesse d’écoulement obtenue à partir de la puissance
seuil quel que soit l’écart à la température critique. La vitesse d’écoulement étant une fonction linéaire
de la puissance laser, on en conclut que même si celle-ci est probablement surestimée (voir section 2.3.4),
l’advection doit être supérieure à la mobilité des micelles même pour de petites puissances laser.

Dès lors, il faudra considérer que le champ de concentration au sein de la phase inférieure peut ne
jamais être à l’équilibre à cause de l’écoulement induit par le faisceau, d’autant plus que le temps de
relaxation du champ de diffusion sur toute la hauteur de la phase dépasse plusieurs heures comme on le
verra section 2.4.

Figure 2.46 – Nombre de Peclet en fonction de l’écart à la température critique pour une
vitesse d’écoulement uscatt calculée pour une puissance laser égale à Pseuil et ω0 = 3 µm.
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2.3. Déformations et écoulements : quelles interactions laser-fluide pour
agir sur notre échantillon

Ainsi ces différentes formes d’interactions formeront les outils que nous utiliserons pour
fabriquer et manipuler nos objets et structures dans les études que nous allons présenter au
cours de ce manuscrit. On présente figure 2.47 successivement trois exemples de structures
et objets que l’on est capable de former au moyen de notre faisceau.

(a)

(b)

(c)

Figure 2.47 – Une fois l’interaction laser interrompue, (a) séquence d’images montrant la
déstabilisation puis de rupture de jet liquide, (b) séquence d’images montrant la déstabili-
sation puis de rupture d’une colonne liquide, (c) séquence d’images montrant l’évaporation
d’une goutte isolée de la phase riche en micelles dans la phase pauvre en micelles.
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2.4 Comportements critiques dans un système inhomogène :
Gravité, Champs électromagnétiques et Gradients de
Température

Dans cette partie, nous allons décrire l’influence sur un système proche de son point
critique de faibles effets de gravité, de champs électromagnétiques et de gradients de
température en terme d’écarts au premier ordre à la concentration à l’équilibre et sur la
forme de l’interface. Le système considéré est un liquide binaire séparé par une interface
horizontale à l’équilibre thermodynamique. Ce calcul a été réalisé en grande partie par
T. Guérin, membre du groupe Physique Statistique du Laboratoire Ondes et Matière
d’Aquitaine (LOMA).

Commencons par écrire la fonctionnelle :

H[φ] = H0[φ] +Hgrav[φ] +Helec[φ] +HT [φ] (2.99)

avec H0[φ] la fonctionnelle de Ginzburg-Landau introduite section 2.1.3 :

H0[φ] =
∫
dx
{
κ

2 (∇φ)2 + V (φ)
}

(2.100)

correspondant à l’énergie en absence de champs extérieures. φ est le paramètre d’ordre,
pris comme l’écart à la concentration à l’équilibre pour T < TC , φ = φ′ − φ0 où φ′ est la
fraction volumique de micelles (avec 0 < φ′ < 1). V (φ) est un potentiel en double puits
pas nécessairement symétrique, centrés sur les valeurs de paramètres d’ordre à l’équilibre
de chacune des phases en l’absence de champs φk, k = 1, 2. κ est une constante positive
associée au cout d’énergie dû à la présence de gradients locaux de paramètre d’ordre et
est responsable pour une interface S de sa tension interfaciale γ définit comme :

γ =
∫
ds κ

(
∂φ

∂s

)2
(2.101)

où s est la coordonnée normale à l’interface, ce qui nous donne bien une énergie par unité
de surface.

Le terme gravitationnel s’écrit quant à lui :

Hgrav[φ] =
∫
dx {ρeg(z − h)φ} (2.102)

avec ρe = ρmic − ρcont une masse volumique effective et g l’accélération de la gravité.
La hauteur h est un paramètre de Lagrange introduit de sorte à avoir un potentiel
U(φ) = V (φ) − ρeghφ symétrique, garantissant une conservation du paramètre d’ordre
à une température donnée T = T0 75 et à l’interface z = 0.

La contribution électromagnétique s’écrit :

Helec[φ] =
∫
dx
{∫ D

0
EdD

}
(2.103)

où E est le champ dans le milieu, D = ε0εrE, ε0 est la permittivité diélectrique du vide
et εr la permittivité relative liée à l’indice de réfraction n = √εr ; le caractère vectoriel est
ici négligé car on suppose que nos milieux sont linéaires, homogènes et isotropes. On peut

75. Que l’on prendra comme la température moyenne du système.
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Champs électromagnétiques et Gradients de Température

intégrer par parties de sorte que :

Helec[φ] =
∫
dx
{
ED − 1

2ε0
∫ E

0
εr(E)dE2

}
(2.104)

Dans le cas où la constante diélectrique εr ne dépend pas du champ E, on écrit :

Helec[φ] =
∫
dx
{1

2ε0εrE
2
}

(2.105)

Finalement le terme correspondant à la dilatation thermique s’écrit au premier ordre :

HT [φ] =
∫
dx {αdilφ(T − T0)} (2.106)

avec αdil le coefficient de dilatation thermique.

A partir de l’hamiltonien total du système, on en déduit le potentiel chimique :

µ ≡ δH

δφ
= −κ∇2φ+ V ′(φ) + ρeg(z − h) + 1

2ε0ε
′
r(φ)E2 + αdil(T − T0) (2.107)

avec V ′(φ) = ∂V/∂φ et ε′r(φ) = ∂ε/∂φ 76. Finalement il nous reste qu’à écrire l’équation
de continuité du volume de micelles à petit nombre de Peclet 77 Pe = Lv/D � 1 :

∂φ

∂t
= −∇j (2.108)

avec j le flux de diffusion du champ φ. L’enjeu de cette partie va être d’exprimer cette
équation dans le cas général puis en régime statique de sorte à déterminer les variations
du paramètre d’ordre dues aux différentes contributions que l’on a introduit dans l’hamil-
tonien total.

Nous allons chercher dans un premier temps à obtenir une expression du flux de diffu-
sion j. A la manière de Landau [39] repris par Jean-Jean et al. [35], dans le cas de faibles
gradients de concentration et de température, on écrit le flux j sous forme de fonctions
linéaires de µ et de T 78 :

j = −λ1∇µ− λ2∇T (2.109)

avec λ1 et λ2 les coefficients de transports, a priori inconnus du champ φ et de la tempé-
rature. On introduit alors µe un potentiel chimique effectif définit comme :

j = −∇µe (2.110)

On a ainsi µe = λ1µ+ λ2(T − T0) où T0 est la température moyenne du système, que l’on
peut réécrire :

µe = λ1

{
−κ∇2φ+ V ′(φ) + ρeg(z − h) + 1

2ε0ε
′
r(φ)E2

}
+DT (T − T0) (2.111)

76. Le signe moins devant le terme en ∇2φ vient d’un intégration par parties et en considérant ||∇φ|| → 0
quand ||x|| → 0.
77. donnant le rapport des effets de convection sur les effets de diffusion,
78. Si j dépendait du gradient de pression, on pourrait montrer que la variation de l’entropie du système

comporterait le produit ∇P ∇T . Celui-ci pouvant être positif ou négatif, on exclut le gradient de pression
de l’expression du flux de sorte à vérifier la seconde loi de la thermodynamique.
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avec DT = λ1αdil +λ2 un coefficient de thermodiffusion regroupant un terme dissipatif en
λ2 et un terme de couplage (non dissipatif) au travers de la dilatation thermique donnée
par αdil.

On se placera par la suite dans l’hypothèse de l’interface fine pour laquelle on considère
que le profil de concentration sature exponentiellement de part et d’autre de l’interface
sur une distance ξ et que les autres distances caractéristiques du système sont grandes
devant ξ.

On supposera aussi que la présence des champs et les effets de courbures ne déforment
pas le profil de concentration à l’interface de sorte à ce que le champ de concentration sature
sur une distance ξ vers φk, k = 1, 2 les concentrations à l’équilibre pour une interface plane
et en l’absence de champ de part et d’autre de l’interface .

Cette hypothèse nous permet de séparer deux comportements du champ de concentra-
tion : un loin de l’interface où le champ de concentration est supposé proche de sa valeur
à l’équilibre φk, k = 1, 2 et un à l’interface où le champ varie fortement mais les champs
seront considérés comme constants sur la distance ξ.

2.4.1 Établissement d’un gradient de concentration : Description du
champ loin de l’interface

Loin de l’interface, on écrit φ̄ = φ− φk avec φk la valeur du paramètre d’ordre au sein
de la phase k à l’équilibre (V ′k = V ′(φk) = 0) et φ̄� φk ; on obtient alors à l’ordre le plus
bas en φ̄ :

µe ≈ λ1

{
V ′′k φ̄+ ρegz + 1

2ε0ε
′
kE2

}
+DT (T − T0) (2.112)

où le terme en ∇2φ impliquant des distances grandes devant ξ a été négligé.

Régime dynamique et temps caractéristiques

On peut alors réécrire l’équation (2.108) de la manière suivante loin de l’interface :

∂φ

∂t
= Dk

{
∇2φ̄+ 2χT

∂n

∂φ

∣∣∣∣
φk

∇2I

c
+ kT

∇2T

T0

}
(2.113)

où on a posé χT = 1/V ′′k la susceptibilité osmotique, kT = T0DT /Dk la constante Soret et
on a utilisé la définition de l’intensité :

I = 1
2ε0εrνE2 (2.114)

avec ν = c/n est la vitesse de la lumière dans le milieu et c est la célérité. On a ainsi
réécrit l’équation (2.108) comme une équation de diffusion avec une constante de diffusion
Dk = λ1V ′′k . Il est à noter que le terme de gravité étant linéaire en z, celui-ci a disparu de
l’équation de diffusion (2.113) bien qu’il soit toujours présent dans le courant j.

On obtient un temps caractéristique diffusif de l’instauration d’un gradient de concen-
tration donné par τ ∼ L2/D avec L la longueur caractéristique du système. Spécifions
désormais les conditions limites. Prenons un milieu confiné entre deux parois, soumis à
un saut de température à T > T0 à l’instant initial t = 0 puis se comportant comme une
source de chaleur (ou comme un champ de pression). L’équation (2.113) étant linéaire,
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on peut décomposer en série de Fourier la distribution de concentration φ. La résolution
de l’équation homogène (iωφ = −k2Dφ) nous donne alors pour la plus grande longueur
d’onde (λ = L) un temps caractéristique :

τ = L2

4π2D
(2.115)

et on a vu que D = kBT/6πηξ−. On montre figure 2.48 que si on prend la hauteur de
la cellule (H = 2 mm) comme notre longueur caractéristique, le temps caractéristique de
mise en place du gradient de température est très élevé devant celui des phénomènes mis
en jeu (< 10 min pour les plus longs). Ce temps caractéristique correspond aussi à celui
utilisé (de 12 à 18 h) pour reposer la cellule avant de faire les mesures 79.

Figure 2.48 – Temps caractéristique de mise en place du gradient de concentration sur
la hauteur de la cellule pour une température critique TC = 35 ◦C. La représentation
semi-logarithmique est choisie pour une meilleur lisibilité.

Dans le cas d’un gradient de concentration induit (voir équation (2.113)) par un fais-
ceau laser gaussien de puissance P et de rayon au col ω0 focalisé à l’interface :

I = 2P
πω2

0
e−2r2/ω2

0 (2.116)

la longueur caractéristique est ω0 et le temps caractéristique se comporte comme τω0 ∼
ω2

0/D. On retrouve alors le même comportement que celui figure 2.48 mais avec τω0/τ =
10−4 pour ω0 = 3 µm, ce qui nous donne une plage de variation de τω0 allant de 20 s
pour |T − TC | = 0.1 K à 0.4 s pour |T − TC | = 32 K. Comme vu section 2.3, on utilise
un faisceau pour former des objets et structures dont on étudie la dynamique une fois
le faisceau arrêté et il faudra alors considéré que le champ de concentration n’est pas à
l’équilibre sur ce temps de relaxation.

Régime stationnaire et écarts à la concentration à l’équilibre

On se place désormais en régime stationnaire, le courant j doit être constant et comme
par continuité des vitesses celui-ci doit s’annuler aux parois, j = 0 partout. Ainsi le po-

79. Puisque l’échantillon est instable de sorte à ce que ses propriétés peuvent dériver très rapidement.
On cherche à utiliser aussi vite que possible l’échantillon et le temps de repos est un compromis entre la
recherche d’un équilibre thermodynamique et les effets de vieillissement.
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tentiel chimique µe est constant et doit être nul à l’interface à l’équilibre. On peut alors
écrire à partir de l’équation (2.112) que loin de l’interface :

φ̄ = −χTρegz −
2χT I
c

∂n

∂φ

∣∣∣∣
φk

− kT
(T − T0)

T0
(2.117)

On remarque l’influence de la gravité induisant un gradient vertical de concentration, un
second terme d’électrostriction et un dernier donnant la thermodiffusion.

On peut alors comparer différentes situations susceptibles d’arriver au cours d’une
expérience typique. La gravité induit un gradient de concentration au sein de la phase
sur une hauteur H = 1 mm 80. La présence de fenêtres dans le porte échantillon et le
four contenant la cellule induit des variations de température au sein de la phase, en
particulier entre l’interface et la paroi inférieure de la cellule dont l’ordre de grandeur est
raisonnablement autour ∆T ≈ 0.1 K. Enfin pour former les objets que l’on va analyser,
un faisceau est focalisé à l’interface. Celui-ci doit avoir une puissance laser suffisante pour
provoquer un jet et former des objets isolés. Il faut ainsi que sa puissance P ≥ Pseuil, et le
gradient d’intensité peut induire un gradient de concentration dans la direction normale
à l’axe du faisceau.

On présente la surconcentration maximale relativement à l’écart en concentration entre
les deux phases à l’équilibre ∆φ due à ces trois effets figure 2.49 81.

Figure 2.49 – Surconcentration relativement à la valeur à l’équilibre engendrée par la
présence de gravité sur la hauteur de la phase considérée (H = 1 mm), par électrostriction
due à la présence d’un faisceau dont la puissance P = Pseuil avec ω0 = 3 µm et par
thermodiffusion pour une variation de température T − T0 = 0.1 K avec T0 = 308.5 K.

On remarque que leurs contributions respectives à la surconcentration bien que si-
milaires sont toutes suffisamment faibles pour entrainer des effets premier ordre pour

80. On a supposé que les champs étaient trop faibles pour modifier le profil à l’interface, on a ainsi
φ̄(z ∼ 0) = φ− φk = 0.
81. La contribution due à l’excitation laser ne prenant en compte que l’effet électrostrictif et néglige

l’absorption.
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∆T & 1 K nous permettant de justifier à posteriori les approximations employées 82.
En particulier pour écrire l’hamiltonien associé au terme électromagnétique, on a sup-

posé la constante diélectrique comme indépendante du champ, ce qui est faux dans la
mesure où elle dépend de la concentration qui elle-même dépend du champ. Cependant en
supposant que E2 ne dépend pas de φ et comme on fait intervenir le potentiel chimique
µ = δH/δφ alors on se rend compte qu’il aurait fallu développer εr au second ordre en φ
pour obtenir un terme correctif.

Il est à noter que la contribution électrostrictive n’a lieu qu’en présence du faisceau
et sur des échelles spatiales de l’ordre du waist ainsi en pratique comme le temps de
relaxation sur ces échelles est faible (voir section 2.4.1), on peut s’attendre à ce que cette
contribution soit négligeable dans nos expérimentations.

Les contributions thermodiffusive et gravitaire quant à elles sont toutes deux présentes
en permanence et peuvent prendre part dans les dynamiques étudiées par la suite 83.

Le terme thermodiffusif a été estimé pour nos systèmes par Jean-Jean et al. [35] dans la
partie monophasique donnant une mesure de la constante Soret kT = k◦T ε

−ν avec k◦T = 0.4
dont nous nous sommes servis pour calculer le comportement représenté figure 2.49.

Le comportement critique de la contribution gravitaire a aussi été vérifié par Giglio et
Vendramini [48] pour un point critique liquide-liquide avec des mélanges quasi-critiques
d’aniline et de cyclohexane. Ils donnent un exposant critique de 1.16 ± 0.06 compatible
avec la valeur attendue pour la susceptibilité osmotique χT ∼ ε−γ avec γ = 1.24.

Cet accord peut d’ailleurs être surprenant dans la mesure où Maisano, Giglio et Ven-
dramini [49] ont montré par ailleurs que la variation de concentration est finalement assez
différente d’un comportement linéaire à mesure qu’on se rapproche de la température
critique (voir figure 2.50). Ainsi on s’attend à ce que ces comportements, obtenus en linéa-
risant le potentiel chimique autour de la concentration à l’équilibre, ne soient plus valides
pour des écarts à la température critique ∆T < 1 K.

Après nous être intéressés sur les prédictions en régime stationnaire au sein de la
phase loin de l’interface, nous allons désormais voir les prédictions de cette modélisation
au niveau de l’interface.

Figure 2.50 – Mesures de la concentration en fonction de la hauteur à différents temps
après mélange pour un écart relatif à la température critique (T −TC)/TC de (a) 1.8 10−3,
(b) 6 10−4 et (c) 2.3 10−4.

82. Pour que ces effets soient du premiers ordres, il faut que φ̄ vérifie simultanément :

φ̄� φ0 et φ̄� ∆φ (2.118)

Néanmoins proche du point critique ∆φ < φ0 et il suffit alors que la seconde condition soit remplie.
83. Même si en présence d’écoulements, on peut aussi s’attendre à ce que le gradient de concentration

soit amoindrie dû au fait que le champ n’a pas eu le temps de relaxer.
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2.4.2 Déformation d’une interface plane soumise à une excitation laser
en régime stationnaire : Description du champ proche de l’inter-
face

Reprenons l’écriture du potentiel chimique :

µe = DχT

{
−κ∇2φ+ V ′(φ) + ρeg(z − h) + 1

2ε0ε
′
r(φ)E2 + kT

χT

(T − T0)
T0

}
(2.119)

que l’on a réécrit avec les notations introduites un peu plus haut.
Puisqu’on est en régime stationnaire, le potentiel chimique µe obéit à l’équation de

Laplace :
∂φ

∂t
= ∇2µe −→ ∇2µe = 0 (2.120)

µe est alors continu à l’interface et il suffit alors de multiplier l’équation (2.119) par ∂φ/∂s
avec s la coordonnée normale à l’interface :

µe
∂φ

∂s
= DχT

{
−κ∂φ

∂s
∇2φ+

(
∂V (φ)
∂s

− ρegh
∂φ

∂s

)
+ρegz

∂φ

∂s
+ 1

2ε0
∂εr
∂s

E2 + kT
χT

(T − T0)
T0

∂φ

∂s

}
puis d’intégrer de la phase 2 à la phase 1 au travers de l’interface pour obtenir :

µe∆φ = DχT

{
−γCS + ρegzS∆φ+ 1

2ε0∆εrE2
S + kT

χT

(TS − T0)
T0

∆φ
}

(2.121)

où on a supposé les champs T , E2
S et g constants sur le domaine d’intégration correspon-

dant à quelques ξ conformément à l’approximation d’interface fine, en notant avec l’indice
S les quantités prises à l’interface et en rappelant que ∆V − ρegh∆φ = 0. Il a aussi fallu
décomposer : ∫

ds κ
∂φ

∂s
∇2φ =

∫
ds κC

(
∂φ

∂s

)2
+
∫
ds κ

∂φ

∂s

∂2φ

∂s2

avec C = ∇s la courbure locale de l’interface. Et en considérant que ∂φ
∂s −→ 0 quand

s −→ ∞ et que la courbure est continue à l’interface, on en déduit bien en utilisant la
définition de la tension interfaciale que :∫

ds κ
∂φ

∂s
∇2φ = γCS

On remarque d’ailleurs qu’en l’absence de champ extérieur, on retrouve dans le cas
d’une interface courbée de la phase 2 vers la phase 1 sphérique de rayon R :

µe = −2DχTγ
R∆φ (2.122)

correspondant à une condition classique de Gibbs-Thomson.

Il suffit alors d’écrire que le potentiel chimique µe doit être nul à l’interface à l’équilibre
pour en déduire que :

−1
2ε0∆εrE2

S = −γCS + ∆ρgz + kT
∆φ
χT

TS − T0
T0

(2.123)
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où on a écrit ∆ρ = ρe∆φ et en rappelant que ∆εr < 0. On retrouve alors l’équation 5.9
contenue dans la thèse de A. Casner [38], à partir de laquelle il écrit le profil de l’interface.

On notera aussi que l’on peut déduire la valeur de la surconcentration à l’interface φ̄S
en identifiant le potentiel chimique à partir de son expression loin de l’interface (2.112) à
son expression à l’interface :

φ̄S = −χTγCS∆φ + 1
2χT ε0

[∆εr
∆φ − ε

′
k

]
E2
S (2.124)

On remarque que dans le cas où εr est linéaire φ, le terme en E2
S est négligeable.

Il suffit alors d’écrire que le champ à l’interface est donné par l’intensité transmise
I = TrI0 avec I0 l’intensité incidente et Tr le coefficient de transmission (en incidence
normale). On peut ainsi retrouver l’équation (2.69) avec un terme supplémentaire causé
par la présence d’un gradient de température, pour de faibles déformations et pour la
hauteur h = −zS :(

n2 − n1
n2 + n1

) 2n2I

c
= γ∆rh(r)−∆ρgh(r) + ∆φkT

χTT0
(TS − T0) (2.125)

On remarque que le terme de pression de radiation à l’interface se déduit du terme
d’électrostriction dans la phase. Cette approche est donc cohérente avec les modélisations
proposées précédemment et nous permet de prédire un comportement thermique linéaire
de déformation d’interface.

Si on réécrit l’équation précédente avec les notations introduites section 2.3.1 :

Π0e
− 2r2
ω2

0 = ω2
0∆r

h(r)
ω0

+Bo
h(r)
ω0

+AT
TS − T0
T0

avec AT = ω0∆φkT
γχT

(2.126)

On va alors chercher à considérer la variation de température induite par la présence du
faisceau. En régime stationnaire 84 le champ de température diffusé vérifie aussi [50] :

Λth∇2T = −αT I (2.127)

où Λth est la conductivité de diffusion thermique et αT le coefficient d’absorption. En
considérant ∇2 ∼ 4π

ω2
0
, la température au centre du faisceau ne dépend que faiblement de

ω0 :
TS − T0 ≈

αTP

4πΛth
(2.128)

Ainsi on réécrit le terme thermodiffusif BTΠ0 avec :

BT = ω2
0c

16

(
n2 + n1
n2

) ∆φkT
∆nχT

αT
ΛthT0

(2.129)

On montre figure 2.51 l’évolution en fonction de l’écart à la température critique du rap-
port du terme de pression de radiation en incidence normale et à r = 0 sur le terme
thermodiffusif de l’équation (2.125) pour un gradient de température induit par l’absorp-
tion du faisceau. On remarque que le terme thermique devient non négligeable loin du
point critique et une prise en compte de cet effet semble alors nécessaire pour rendre

84. Comme le coefficient de diffusion thermique Dth/Dk < 10−2 dès |T − TC | = 32 K, Le régime
stationnaire est atteint pour le champ de température sur un temps caractéristique négligeable devant
celui nécessaire à l’établissement de la concentration stationnaire φ.
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compte des déformations linéaires loin du point critique.

Figure 2.51 – Coefficient adimensionné donnant le rapport du terme thermodiffusif sur
le terme de pression de radiation tous deux engendrés par l’excitation laser.

2.4.3 Ecoulements permanents thermocapillaires et thermogravitaires

En présence d’un gradient de tension interfaciale, un écoulement dit de Marangoni est
produit à l’interface des régions de basses tensions interfaciales vers les zones de hautes
tensions interfaciales. A l’approche du point critique, la tension interfaciale se comporte
en γ = γ0ε2ν (voir section 2.1.4) ainsi contrairement aux liquides ordinaires, on aura dans
nos systèmes :

∂γ

∂T
= 2ν γ0

TC
ε2ν−1 > 0 (2.130)

Par conséquent un gradient de température formera des écoulements thermo-capillaires
des zones de basses températures vers les zones de hautes températures.

De la même façon, la masse volumique de la micro-émulsion dépend de la température
mais à la différence de la tension interfaciale, cette dépendance va se faire au travers de
deux mécanismes : la variation intrinsèque de la masse volumique de la micro-émulsion
avec la température et son comportement critique.

ρ1 = ρ0 + ∆ρ
2 −→

∂ρ1
∂T

= ∂ρ0
∂T

+ 1
2β

∆ρ0
TC

εβ−1 (2.131)

puisque ∆ρ = ∆ρ0εβ (voir section 2.1.4). On peut obtenir la variation intrinsèque de la
masse volumique en dérivant l’équation (2.1) par rapport à la température T :

ρ0 = 1∑
i
ci
ρi

−→ ∂ρ0
∂T

=
∑
i

ci

(
ρ0
ρi

)2 ∂ρi
∂T

(2.132)

en supposant un mélange homogène et où i désigne les différents constituants de la micro-
émulsion, ρi et ci leur fraction massique. On peut alors faire l’application numérique et
estimer cette variation ∂ρ0/∂T = −1.09 kg.m−3.K−1.

Ainsi en remarquant que ∂∆ρ/∂T > 0, on obtient des évolutions opposées en tempé-
rature et on s’attend à ce que :

∂ρ1
∂T

= 0 pour ∆T = 2.0 K (2.133)
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Pour un écart à la température critique inférieur à cette valeur, ∂ρ1/∂T > 0 et ∂ρ1/∂T < 0
dans le cas contraire et on aura alors des écoulements thermogravitaires qui vont changer
de sens de part et d’autre de cette température.

A l’inverse pour la phase supérieure, comme ρ2 = ρ0−∆ρ/2 on aura toujours ∂ρ2/∂T <
0 et les écoulements iront alors toujours dans le même sens. Ainsi pour ∆T < 2.0 K, les
écoulements vont aller dans des sens opposées de part et d’autre de l’interface. Elle sera
alors soumise à des contraintes de cisaillement, ce qui pourrait induire proche du point
critique une augmentation de la tension interfaciale comme observé par Derks et al. [51].

Si on considère désormais notre dispositif, on s’attend au vu de la disposition des
ouvertures au niveau du porte-échantillon et du four à avoir une température plus faible
au centre de la fenêtre d’observation que sur les cotés. Par conservation de la masse, on
s’attend à ce que ces écoulements recirculent formant des écoulements permanents tels
qu’ils sont montrés figure 2.52.

T+T-

γ- γ+
T+

γ+

T-T+ T+

T+ T- T+

ρ+
ρ-

ρ+
ρ- ρ+

ρ-

(a) (b)

(c)

Figure 2.52 – (a) Schéma montrant la face du four présentée à la caméra sur lequel
est représenté les emplacements des résistances et celui de l’ouverture ainsi que les ré-
gions chaudes et froides attendues au niveau de la cellule. Représentations schématiques
des écoulements permanents thermocapillaires (b) et thermogravitaires (c) induits par la
présence de ces régions chaudes et froides et du comportement respectivement de la tension
interfaciale et de la masse volumique avec la température. On a représenté le changement
de sens des écoulements thermogravitaires dans la phase du bas lorsque la température est
de part et d’autre de ∆T = 2 K.

D. Rivière a présenté dans sa thèse [52], des résultants sur des écoulements thermo-
capillaires et thermogravitaires en régime stationnaire. On montre ici les expressions des
vitesses d’écoulements permanents dans la phase inférieure thermogravitaires utgr,1 respec-
tivement thermocapillaires utcr,1 obtenues dans un modèle 1D avec 2 couches fluides, en
approximation de lubrification et en quantités adimensionnées :

utgr,1(r, z) = − 1
48

1
1 +A

∂ρ1
∂T
∇T gH

3
1

η1
(1 + z̃)

[
−8(1 +A)z̃2 − (4A+ 1)z̃ + 1

]
(2.134)

utcr,1 = −1
2

1
1 +A

∂γ

∂T
∇T H1

η1

[
3z̃2 + 4z̃ + 1

]
(2.135)

où r est une dimension latérale grande devant z, ∇T est le gradient thermique à l’origine
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de des écoulements et A est une quantité adimensionnée définit comme :

A = η2H1
η1H2

(2.136)

avec ηk, k = 1, 2 les viscosités des phases 1 et 2 respectivement etHk, k = 1, 2 leur hauteur.
Enfin la variable z̃ = z/H1 où z = 0 à l’interface. Il est à noter que ces expressions ont été
obtenues pour le cas où seule la couche du bas est chauffée.

(a) (b)

Figure 2.53 – (a) Ecoulement thermogravitaire et (b) thermocapillaire pris en r = 400 µm
pour un système avec ∂ρ/∂T < 0, ∂γ/∂T > 0 et présentant un profil de température
lorentzien centré sur r = 0 et de largeur σ = 200 µm lorsque seul le fluide 1 est chauffé.

Une remarque importante à ce stade est que ces expressions ont été développées dans
le cas où une seule phase, la phase inférieure était chauffée. Le développement d’un modèle
plus en adéquation avec notre système ne faisant pas partie des objectifs de ces études,
l’interprétation que l’on tirera grâce à ce modèle ne sera qu’à titre qualificatif et en terme
d’ordres de grandeurs.

On va alors chercher à comparer ces deux écoulements en définissant leur vitesse maxi-
male utgr,1,max et utcr,1,max respectivement. Or proche du point critique on peut considérer
A ≈ 1, ce qui nous donne utgr,1 = utgr,1,max pour z̃ = 0.77 avec

utgr,1,max = −3.2 10−2 1
1 +A

∂ρ1
∂T
∇T gH

3
1

η1
(2.137)

et utcr,1 = utcr,1,max pour z̃ = 0, i.e. à l’interface quel que soit la valeur de A, ce qui nous
donne

utcr,1,max = −1
2

1
1 +A

∂γ

∂T
∇T H1

η1
(2.138)

Le rapport de ces deux vitesses s’écrit alors :∣∣∣∣∣u
tg
r,1,max
utcr,1,max

∣∣∣∣∣ = 6.4 10−2

∣∣∣∂ρ1
∂T

∣∣∣ gH2
1∣∣∣ ∂γ∂T ∣∣∣ (2.139)

On montre figure 2.54a l’évolution de cette quantité en fonction de l’écart à la température
critique. On remarque qu’à part autour de ∆T = 2 K où la variation de la masse volumique
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en fonction de la température change de signe ce rapport est toujours à l’avantage de la
vitesse thermogravitaire, bien qu’on ne puisse pas considérer la vitesse thermocapillaire
comme négligeable loin du point critique.

(a) (b)

Figure 2.54 – (a) Rapport de la vitesse maximale d’écoulement thermogravitaire sur la
vitesse maximale d’écoulement thermocapillaire en fonction de l’écart à la température
critique pour un système de micro-émulsion dont seul le fluide de la phase inférieure est
chauffée et avec H1 = 1 mm. On remarque le changement de signe de la variation en
température de la masse volumique à ∆T ≈ 2 K. (b) Ecoulements thermogravitaire (bleu,
∂ρ/∂T < 0) et thermocapillaire (orange, ∂γ/∂T < 0) au sein de la phase inférieure
pour un écart à la température critique de 4 K et en utilisant un gradient de température
constant |∇T | = 5.4 10−2K.cm−1 obtenue à partir des mesures de températures section
2.2.5 et pour des phases de même hauteur.

En revanche, on remarque que les vitesses mesurées sont assez faibles ur ∼ 0.4 µm/s
(voir figure 2.54b) et en approximation de lubrification, elles permettent de donner un
ordre de grandeur à la vitesse verticale uz ∼ (H/L)ur = 6 10−3µm/s avec L la longueur
caractéristique du gradient de température prise comme la demi-longueur interne de la
cellule.

Pour déterminer l’influence de cette vitesse sur le champ diffusé, on calcule le nombre
de Peclet donnant le rapport de la vitesse d’écoulement sur les effets de diffusion :

Pe = uzH

D
≈ 1 (2.140)

Mêmes pour des vitesses qui semblent à priori si faibles, leur effet sur le champ de concen-
tration est donc comparable à celui de la diffusion sur la hauteur H de la phase.

Une modélisation des écoulements thermogravitaire et thermocapillaire pour notre
système et son intégration au travers du terme convectif u∇φ dans l’équation de continuité
du champ semble ainsi nécessaire si on veut pouvoir conclure sur la distribution du champ
de concentration au sein de la phase.

96



Chapitre 2. Systèmes critiques et montage expérimental

2.5 Analyse d’images et détection de contour

Nous avons présenté section 2.2.6 la chaîne d’imagerie composée de la lampe, de la
caméra et de différents éléments optiques.

On a vu que celle-ci devait pouvoir présenter un éclairage qui permettait de s’adapter
aux changements des conditions d’imagerie dus à l’approche au point critique. En par-
ticulier, en diminuant l’écart à la température critique, le contraste d’indice tend vers
zéro 85 et la turbidité diverge. On s’attend alors à ce que le contraste en intensité diminue,
que le bruit ambiant augmente et que la rugosité rendent difficile la détection de l’inter-
face physique (pour des raisons inhérentes à la présence des fluctuations sur l’interface).
On souligne aussi que la présence de fluctuations nous empêche d’utiliser des techniques
interférométriques même à but de calibration.

Dès lors on va se retrouver devant une autre difficulté. Lorsqu’on cherche à faire l’image
d’un objet très peu contrasté, les contours ne seront que très peu visibles à l’image. Il nous
sera nécessaire d’imager une position légèrement en amont ou en aval de la position où
il serait parfaitement au point mais il nous faut alors poser la question des contours de
l’objet obtenus de cette manière.

Profil d’intensité d’un système transparent courbé immergé dans un système
d’indice optique très proche

On a vu précédemment des images d’objets et de structures, celles-ci se caractérisant
la plupart du temps par un intérieur blanc et un contour noir.

En effet considérons l’image montrée figure 2.55a et un profil d’intensité sur une section
de la goutte montrée.

(a) (b)

Figure 2.55 – (a) Goutte de la phase pauvre en micelles dans la phase riche en micelles
pour un écart à la température critique de 20 K. L’objectif de microscope est légèrement
déplacé par rapport à sa position où l’image du centre de la goutte est au point. (b) Ni-
veaux de gris en fonction de la distance correspondant au profil d’intensité de la section
matérialisée par le trait jaune en (a).

En partant du centre de la goutte, on remarque que par rapport à l’intensité du fond,
l’intensité à l’intérieur de la goutte reste constante à une valeur légèrement plus élevée 86.
Puis à l’approche du bord l’intensité augmente pour atteindre un maximum pour ensuite
redescendre jusqu’à un minimum, la hauteur relative du maximum augmentant et la chute

85. On notera que pour ∆T = 1 K, on aura ∆n = 7 10−3.
86. Cet écart d’intensité entre l’intérieur et l’extérieur de la goutte diminue lorsque la taille de l’objet

augmente.
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étant rendue plus abrupte avec la taille de l’objet. Elle remonte alors plus doucement vers
le niveau du fond ambiant 2.55b.

Ce profil d’intensité est du à la défocalisation de notre système d’imagerie. L’objet et
l’environnement étant tous les deux transparents, lorsque l’objet observé est au point, il
devient alors indistinguable de son environnement. Seule une légère défocalisation par rap-
port au centre de l’objet nous permet d’avoir un contraste suffisant pour pouvoir l’imager.
En effet, la courbure de l’objet associée au contraste d’indice optique va faire que celui-ci
va se comporter comme une lentille liquide, focalisant la lumière provenant de l’éclairage
de notre dispositif optique. Considérons le schéma figure 2.56 pour illustrer notre propos.

Figure 2.56 – Représentation schématique de la focalisation entraînée par un objet trans-
parent d’indice différent du milieu environnant. Les flèches bleues correspondent au rayon
lumineux réels en traits pleins et virtuels en pointillés. L’image déduite de cette focalisation
est représentée, on remarquera la présence des anneaux sur l’image de l’objet.

La goutte représentée sur la figure 2.56 réfracte les rayons lumineux. Ainsi si on image
légèrement en amont du centre de la goutte par rapport à son plan central de symétrie et
qu’on observe ce qui est alors censé représenter l’interface de l’objet on verra une déplétion
de l’intensité puis une concentration pour un rayon légèrement plus faible.

Les tendances présentées ci-dessus se renforcent avec la distance de défocalisation (re-
lativement à la profondeur de champ et en négligeant les effets de brouillage propres aux
effets de défocalisation). Le comportement est inverse lorsque la défocalisation se fait en
aval par rapport au centre de la goutte. L’anneau le plus intérieur sera plus lumineux et
le second plus sombre et sera de rayon supérieur à celui de la goutte.

Un exemple de ces trois comportements est montré figure 2.57. On observe la formation
d’un jet pour trois positions différentes de l’objectif, c’est à dire pour un plan de focalisation
légèrement en amont, au point et légèrement en aval du centre de la goutte. On remarque
bien le manque de contraste pour la position au point, les anneaux pour les positions
défocalisées et "l’inversion" du contraste entre les deux positions défocalisées.

Revenir à la taille de ces objets à partir des profils d’intensité est donc un problème
difficile d’autant plus que la distance de l’objet à l’objectif de microscope est mal connue
et est susceptible de changer au cours de l’expérience et d’une mesure à une autre.

Il nous faut aussi noter que les comportements que l’on va étudier sont des instabilités.
Il s’agira dès lors d’avoir une plage dynamique de mesure de tailles pouvant nous permettre
de revenir à des lois échelles (i.e. plusieurs ordres de grandeur). Par leur nature dynamique,
il nous faudra aussi être capable de fournir une automatisation sur la détection de contour
capable de s’adapter à ces conditions d’imagerie.

Nous présenterons au cours de cette partie les moyens employés pour répondre au
mieux à ces difficultés et nous proposerons un programme de détection de contour adapté
au regard de ces difficultés.
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Puis nous développerons la stratégie que nous avons employée pour contourner cette
difficulté au moyen d’une calibration ad hoc en taille des objets utilisant la conservation
du volume.

Enfin nous caractériserons la reproductibilité de cette méthode de détection et nous
verrons que ce faisant, nous pourrons revenir à la physique des fluctuations critiques.

Figure 2.57 – Images d’un jet pour lesquelles elles sont imagées respectivement légèrement
en aval du centre du jet, au point et légèrement en amont.

2.5.1 Détection de contour

Avant de décrire l’algorithme de détection de contour, il nous faut discuter quel type
de contour nous allons chercher à détecter.

De fait en l’absence d’une description utilisant la théorie de Mie associée à une cali-
bration en distance, la question que l’on pose est : à quel couple de points sur le profil
d’intensité figure 2.55b correspond le diamètre de notre goutte présentée figure 2.55a ?

Choix du contour

Il nous apparaît que trois approches différentes ont été entreprises :

— La première est de prendre la distance entre les deux minimas présents sur le profil
d’intensité.
Cette approche a été privilégiée par Moller et Oddershede [53] qui la comparent
ensuite à une démarche qui consisterait à prendre les deux points les plus proches
du centre de la goutte dont l’intensité est égale au niveau de l’intensité de l’envi-
ronnement (voir figure 2.58). Ils remarquent que les deux approches n’entraînent
qu’un décalage sur la valeur absolue du rayon de la goutte qu’ils imagent. Néan-
moins il est à noter que leur étude des déformations d’une goutte par un champ
électromagnétique ne concerne que des régimes de déformation ne dépassant pas
30% du rayon initial de leur goutte alors que dans notre situation, on s’intéressera
régulièrement à des variations de taille se faisant sur plus d’un ordre de grandeur.
Cette démarche est de fait la conséquence naturelle de la modélisation sommaire
présentée figure 2.56 87. En effet la dépletion d’intensité correspondant à l’anneau
extérieur d’intensité plus faible est causée par le déficit en rayons lumineux réfractés

87. Plus précisément dans ce modèle, c’est même le bord extérieur de l’anneau extérieur qui correspond
à l’interface physique.
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par les bords de la goutte où l’angle d’incidence est le plus éloigné de la normale à
l’interface.

Figure 2.58 – Profil d’intensité le long d’une section représentée par le trait jaune sur
l’image de la goutte. Les carrés rouges et les ronds verts illustrent deux approches pour
définir le diamètre de la goutte. Figure tirée de [53].

— La seconde approche consiste à considérer la distance entre les points dont l’inten-
sité correspond à Imax+Imin

2 .
Celle-ci est la plus naturelle dans le sens où elle correspond aussi au contour qu’on
prendrait spontanément à l’oeil, c’est à dire entre les anneaux. Elle est donc utile
dans des situations de prototypage.
Il est aussi à noter que cette méthode se confond souvent avec celle consistant à
prendre les points pour lesquels l’intensité est égale à celle de l’environnement qui a
été discuté par Moller et Oddershede [53], les deux méthodes donnant des résultats
souvent très proches voir identiques (surtout pour de faibles défocalisations ou pour
des anneaux très contrastés).

— Enfin, le choix qui sera retenu est d’utiliser le maximum de gradient de l’intensité
du profil. Cette méthode est soutenue par Bartollini et al. [54] pour mesurer des
distributions de gouttes de sprays liquides et il en estime l’erreur relative de 2 à
16%.
Il justifie cette approche au moyen d’une modélisation de la diffraction par un
obstacle sphérique (voir figure 2.59a). Cependant, si il arrive à retrouver la figure
en anneaux, l’inversion du contraste en fonction de la défocalisation amont ou aval
n’est pas prédite. Par ailleurs le système modélisé est un obstacle et possède donc
des caractéristiques très différentes de son environnement, ce qui est à l’opposée de
notre situation.
Par contre il est à noter que, comme a pu le montrer Bos et al. [55], le couple de
points détectés ne dépend pas du niveau d’éclairage global de l’image (voir figure
2.59b).
Cette propriété est donc particulièrement adaptée à notre situation dans la me-
sure où :
— le niveau d’éclairage évolue constamment avec l’écart à la température cri-

tique et
— on aura à imager un grand champ d’observation au sein duquel des inhomogé-

néités d’éclairage peuvent être présentes.
Un autre avantage de cette méthode est son caractère non ambigu, dans la mesure
où une seule position du profil radial associé à une goutte par exemple, correspondra
au maximum de gradient de ce profil. Cette propriété générale la rend facilement
implémentable pour des formes complexes là ou des méthodes utilisant des seuils
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d’intensité peuvent donner des résultats très différents au niveau des zones de pin-
cement notamment.

(a) (b)

Figure 2.59 – (a) Profils d’intensité obtenus sur des écrans situés à des distances res-
pectivement au point, à 200 µm et à 400 µm de cette mise au point. Ces profils sont tirés
d’une modélisation de la diffraction par un obstacle opaque sphérique de 100 µm. Figure
tirée de [54]. (b) Comparaison de la mesure de rayon entre une méthode de détection de
contour utilisant un seuil fixe et une méthode utilisant le maximum de gradient en fonction
de l’intensité de l’éclairage. Figure tirée de Bos et al. [55].

Algorithme de détection du contour

Maintenant que l’on a passé en revue les différentes définitions du contour, on va alors
chercher à programmer une procédure permettant de le sélectionner. Pour cela, il nous
faut avant tout évoquer certaines difficultés propres à l’utilisation de maxima de gradient.

On a vu que l’approche à la criticalité engendrait des fluctuations de l’indice optique
du milieu qui divergent lorsqu’on diminue l’écart à la température critique (voir section
2.1.6). Ceci se manifeste par un champ d’intensité non uniforme à l’échelle des fluctuations
qui traduit des diffusions locales de la lumière issue de l’éclairage. Ce bruit inhérent à notre
système va produire de multiples maxima de gradient qu’il faudra alors exclure de notre
détection.

On cherchera alors à utiliser une procédure de lissage sur l’image originale qui conserve
les variations d’intensité dues à l’interface physique de l’objet que l’on cherche à détecter
tout en lissant celles dues au bruit.

Filtre bilatéral On utilise un filtre bilatéral pour lequel l’intensité I((i, j) du pixel [i, j]
est remplacée par une intensité If (i, j) :

If (i, j) =
∑
k,l I(k, l)ω(i, j, k, l)∑

k,l ω(i, j, k, l) (2.141)

Les poids ω(i, j, k, l) associé au pixel [i, j] étant définis de la manière suivante :

ω(i, j, k, l) = exp

(
−(i− k)2 + (j − l)2

2σ2
d

− ‖I(i, j) + I(k, l)‖2

2σ2
r

)
(2.142)

Le premier terme de ω(i, j, k, l) correspond à un filtre gaussien permettant de réduire le
bruit sur une taille caractéristique σd. Le second terme fait quant à lui la spécificité du
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filtre bilatéral. Il permet de conserver les structures présentant des variations d’intensité
supérieures à σr même pour des variations sur de faibles tailles caractéristiques (comme
des bords).

Cependant dans une situation où on a eu à défocaliser pour obtenir le contraste néces-
saire à la détection de contour, plus un rayon lumineux arrivera avec un angle d’incidence
élevé sur l’interface et se propagera longtemps dans l’objet, plus le contraste obtenu sera
élevé.

Ainsi si on s’intéresse aux bords d’un objet, les zones de fortes courbures engendreront
un contraste plus faible parce que plus réduite sera la région sur laquelle l’angle d’incidence
du rayon incident est élevé.

De plus dans le cas où la géométrie est axisymétrique, les zones où la courbure est élevée
correspondent aussi aux zones pour lesquelles le rayon R(z) en géométrie cylindrique est
petit (comme les zones de pincement) et ainsi un rayon lumineux qui traverserait ces zones
serait alors peu dévié.

Le gradient d’intensité induit par la défocalisation au niveau de ces zones sera donc
moindre par rapport à une zone pour laquelle le rayon serait plus grand (voir figure 2.60).

Figure 2.60 – Schéma d’un ligament liquide axisymétrique déviant des rayons lumineux
se propageant de gauche à droite.

Dès lors, si on applique cette procédure de lissage pour enlever tout le bruit ambiant
les zones de pincement de notre objet risquent de ne pas induire des variations d’intensité
suffisamment élevées pour pouvoir être détectées.

Ainsi pour des objets avec des formes irrégulières, on utilisera délibérément des valeurs
de σr et σd suffisamment basses pour conserver ces zones malgré la présence de bruit dans
les maxima de gradient détectés.

Détecteur de Canny Pour remédier à cette situation, une procédure de sélection des
maxima de gradient est ajoutée à la détection de contour.
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On utilise pour cela un détecteur dit de Canny [56] qui calcule le gradient en chaque
point en utilisant un noyau de Sobel, supprime les non-maxima et enfin utilise un seuillage
par hystérésis pour sélectionner les maxima qui constitueront les contours.

Cette procédure de sélection utilise deux seuils (en intensité) que nous noteronsmaxV al
et minV al avec maxV al > minV al. A l’issue des deux premières étapes constituant la
procédure du détecteur de Canny, l’image originelle que l’on définit comme une matrice
[I(i, j)]i,j ∈ N ×M avec I(i, j) la valeur du niveau de gris au pixel définit par les coor-
données [i, j] a été remplacée par une image [∇I(i, j)]i,j ∈ N ×M telle que pour un pixel
[i, j] :

∇I(i, j) = |∇I(i, j)| si [i, j] est un maximum local de gradient dans une direction
∇I(i, j) = 0 sinon

La procédure de sélection marche de la manière suivante : notons [u, v] un maximum local
de gradient :

— si ∇I(u, v) > maxV al, il est conservé ∇I(u, v)→ 255,

— si ∇I(u, v) < minV al, il est exclu ∇I(u, v) =→ 0,

— enfin si minV al < ∇I(u, v) < maxV al, mais qu’on peut le relier continument
spatialement à un maximum avec une valeur supérieure au seuil le plus élevé alors
il est gardé 88.
Dans le cas des exemples présentés figure 2.61, la ligne de maxima de gradient
détectée A sera conservée alors que la ligne B sera rejetée.

Figure 2.61 – Exemples de contours continus détectés par maxima de gradients. Les
seuils utilisés par l’algorithme de Canny sont aussi illustrés.

De cette manière, le bruit qui n’aura pas pu être lissé par le filtre bilateral sera alors
exclu par le détecteur de Canny puisqu’il n’est pas relié à de forts maxima de gradients. A

88. Autrement dit, considérons un pixel [u, v] avec ∇I(u, v) > maxV al.
— Si il a un voisin [k0, l0] (au sens de |u− k0| ≤ 1 et |v− l0| ≤ 1) tel que minV al < ∇I(k0, l0) < maxV al

alors [k0, p0] est conservé.
— Si [k0, l0] a lui même un voisin [k1, l1] avec minV al < ∇I(k1, l1) < maxV al alors [k1, l1] est aussi

conservé.
— Il en est alors de même pour [k1, l1] et ainsi de suite jusqu’à ce qu’un maximum local de gradient

[kn, ln] ne possède plus de voisin respectant cette condition.
Ainsi à l’issue de la procédure on verra sur l’image renvoyée une ligne blanche continue contenant les pixels
[u, v] et [ki, li]i≤n.
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l’inverse les zones de pincement seront conservées puisqu’elles seront reliées continument
aux maxima correspondant aux contours nets de l’objet.

Pour autant, il est fréquent que la structure en anneaux du profil d’intensité amène à
ce que le détecteur de Canny renvoie plusieurs contours pour un même objet. Il est aussi
fréquent de trouver des défauts dans l’image, par exemple à cause de poussières présentes
sur un élément optique ou sur le capteur CMOS de la caméra. Il nous faut alors adjoindre
une procédure supplémentaire de sélection de contours de sorte à ce que la procédure
renvoit un contour unique R(z) à chaque image.

Construction du contour final On va alors chercher à fabriquer un seul contour à
partir de ceux renvoyés par le détecteur de Canny.

Placons nous pour cela dans le plan de l’image, on nommera les coordonnées des points
détectés préalablement r et z et on cherchera à construire un contour R(z).

Dans un premier temps, on supposera notre objet axisymétrique et on séparera les
points pour construire deux contours de part et d’autre de l’axe que l’on confondra avec
l’axe z 89.

Prenons alors le demi-plan définit par r > 0 et considérons alors le point [R0, z0] avec
z0 la moyenne des valeurs de z pour l’ensemble des points ([r, z]) détectés et r0, le point
le plus proche de l’axe à z = z0. Ce point sera notre position initiale et on construira le
contour de proche en proche à partir de celle-ci 90.

Considérons alors l’ensemble des points ([r, z = z0 + 1]) :

Figure 2.62 – Exemple d’une situation de sélection de la procédure. Le point retenu sera
celui minimisant la distance au point précédent, à savoir [r2, z0 + 1].

— On regroupe dans un premier temps ces points par groupes. Un groupe étant définit

89. Les points sont séparés parce que certaines formes de nos objets comme les ponts ont des contours
ouverts.
90. Ainsi la procédure sera effectuée dans un premier temps pour les z > z0 puis pour z < z0.
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par le fait que l’ensemble des points qui le constituent puissent être reliés continu-
ment 91.

— On sélectionne alors le groupe pour lequel la distance au point précédent [R(z0) =
r0, z0] est minimale et la position moyenne du groupe sera retenue ( dans l’exemple
présenté figure 2.62 [R(z0 + 1) = r2, z = z0 + 1] ) 92.

— Dans le cas où aucun point n’est détecté, la procédure passe directement à la
position suivante z = z0 + 2.

Cette procédure est alors poursuivie pour l’ensemble des z > z0 puis des z < z0 et on
obtient alors deux contours, de part et d’autre de l’axe 93.

Le profil final récupéré correspond alors à R(z) = R+−R−
2 avec R+(z) le contour pour

les points situés au dessus de l’axe et R−(z) le contour pour les points situés au dessous.
Il suffit alors de répéter la procédure image par image 94 (voir figure 2.63).

On a désormais une méthode de détection de contour automatisable, robuste à la
variation de l’éclairage ambiant grâce à l’utilisation de maxima de gradient et du filtre
bilatéral, fonctionnant même au niveau des zones de pincement grâce à l’algorithme de
Canny et renvoyant un contour unique grâce à la procédure décrite plus haut.

Figure 2.63 – Exemple de détection de contour pour la relaxation d’un ligament liquide
de faible rapport d’aspect. (a) Images originales de la relaxation d’une ’cacahuète’ liquide,
les points verts et oranges représentent respectivement les contours R+(z) et R−(z). (b)
Maxima de gradient renvoyés par l’algorithme de Canny, les points bleus constituent le
contour final R(z) et la ligne rouge correspond à la ligne séparatrice recalculée à partir des
contours R+(z) et R−(z) obtenus.

91. Pour chacun des points [ri, z0 + 1] avec i < n et n étant le nombre total de points dans le groupe, il
existe alors un point [rj , z0 + 1] avec rj 6= ri dans le groupe tel que |rj − ri| = 1. La plupart du temps, le
groupe ne comprendra qu’un seul point.
92. L’utilisation d’un groupe plutôt que d’un point permet d’atténuer le problème de la divergence de

la dérivée dr/dz lorsque le contour se rapproche de l’axe z.
93. Néanmoins l’axisymétrie n’est qu’approximative et l’ensemble de la procédure est relancée à partir

non plus d’un axe fixe mais d’une ligne séparatrice courbée redéfinie à partir des contours trouvés et
séparant au mieux les points en deux régions pour lesquelles la définition d’une courbe R(z) n’est pas
ambiguë.
94. On remarque certaines limites du programme de détection de contour une fois la goutte formée

sur l’exemple 2.63. Des artefacts peuvent être renvoyés par l’algorithme au niveau des jonctions entre les
contours haut et bas.
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2.5.2 Calibration de la détection de contour

Maintenant que l’on a mis en place une méthode de détection de contour à partir d’un
rayon définit par le maximum de gradient du profil d’intensité, la question de la position
exacte de l’interface réelle n’est pas résolue.

En effet, si Bertollini et al [54] propose cette définition du rayon au travers d’un argu-
ment reposant sur la modélisation des effets de diffraction par un objet opaque sphérique de
100 µm puis testée sur des gouttes d’heptane dispersées dans l’air, il convient de rappeler
que nos systèmes ont en général des tailles caractéristiques entre 1 et 10 µm, sont trans-
parents et surtout présentent un contraste d’indices particulièrement faible (< 2 10−2).

Or Bos et al. [55], en plus de souligner le fait qu’une détection de contour par maxima
de gradients était robuste au changement de l’intensité de l’éclairage, propose aussi une
méthode pour calibrer cette méthode de détection. Celle-ci consiste à appliquer un facteur
correctif à la mesure du rayon de sorte à ce que la conservation du volume soit satisfaite.

Pour cela rappelons que nous sommes capables de déformer nos objets au moyen de
la pression de radiation d’un faisceau laser (voir section 2.3). On peut alors, en supposant
l’axisymétrie, utiliser notre méthode de détection de contour pour calculer le volume à
chaque temps de notre objet relaxant en une forme sphérique.

En considérant alors que le volume est conservé, c’est à dire en particulier lorsque la
relaxation s’opère sur des temps caractéristiques courts devant le temps caractéristique
d’évaporation, on peut alors appliquer un facteur correctif au rayon mesuré de sorte que
le volume soit bien constant au cours du temps.

Méthode de détermination du facteur correctif

Considérons la relaxation du ligament liquide de faible rapport d’aspect figure 2.64.

Figure 2.64 – Exemple de relaxation pour un écart à la température critique de 20 K
servant à la calibration de la mesure de rayon. Chaque image est séparé de 0.025 s.

On cherche à construire une longueur calibrée dcal que l’on ajoutera à nos mesures de
rayon R0. Notons alors Rcal = R0+dcalnr et zcal = z0+dcalnz, avec nr et nz les projections
selon r et z du vecteur normal au contour ~n. On a :

nr = −dz√
dr2 + dz2 ; nz = dr√

dr2 + dz2 (2.143)

Pour chacune des images, on va alors calculer le volume du ligament relaxant Vlig.

Vlig = 2π
∫ L

0

∫ R(z)

0
rdrdz = π

∫ L

0
R2(z)dz (2.144)
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Pour effectuer le calcul numériquement, on décompose le volume en éléments axisymé-
triques sur lesquels on considère que le rayon évolue linéairement avec z (voir 2.65).

Figure 2.65 – Schéma de principe du calcul numérique du volume tiré de Bos et al. [55]

Si on considère le volume de l’élément de volume définit par z variant de zi à zi+1 et
le rayon évoluant de Ri à Ri+1 :

vi = π

∫ zi+1

zi

R2(z)dz avec R(z) = Ri+1 −Ri
∆zi

(z − zi) +Ri (2.145)

On a alors :

vi =
(
Ri+1 −Ri

∆zi

)2 ∆z3
i

3 + 2Ri+1 −Ri
∆zi

Ri
∆z2

i

2 +R2
i∆zi

=
R2
i+1 +Ri+1Ri +R2

i

3 ∆zi

On obtient ainsi un volume Vlig calculé de la manière suivante :

Vlig = π
N∑
i=0

R2
i+1 +Ri+1Ri +R2

i

3 (zi+1 − zi) (2.146)

Il nous suffit alors d’ajuster la valeur de dcal de telle sorte que le volume soit conservé au
cours du temps.

Résultats

Reprenons l’exemple figure 2.64, on remarque figure 2.66 que le volume calculé à partir
des profils détectés augmente au cours du temps lorsque le ligament relaxe en sphère. On
en déduit que pour satisfaire la conservation du volume, il suffit d’ajouter une longueur
calibrée dcal = 0.44 µm 95. Ceci correspond à définir un rayon 2.4 pixels plus grand que
celui obtenu à partir du maximum de gradient du profil d’intensité.

95. Au titre de travail préliminaire, la valeur de dcal est déterminée visuellement par dichotomie. Une
étude plus systématisée pourrait définir la valeur dcal comme celle minimisant le carré du coefficient de
corrélation entre les données et un ajustement par une fonction constante.
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Sur cette relaxation dont le volume est représenté figure 2.66, l’écart à la température
critique est de 20 K et le rayon de la sphère finale est R0 = 6.3 µm. On a vu que
les conditions d’imagerie changeait avec l’écart à la température critique et à priori rien
n’indique que la valeur de la longueur calibrée dcal soit constante avec le volume de l’objet.

Figure 2.66 – Volume calculé au cours du temps normalisé par le volume calculé à la
dernière image du ligament relaxant représenté sur la séquence d’images figure 2.64. Les
points bleus correspondent aux volumes calculés à partir du profil détecté brut [R, z] et
les points oranges à ceux calculés à l’aide d’un facteur correctif [Rcal, zcal] avec Rcal =
R + dcalnr et zcal = z + dcalnz, n étant le vecteur normal à la surface au point considéré
(R, z) et dcal = 0.44 µm.

Cette calibration a été répétée sur 6 à 8 ligaments pour la gamme d’écarts à la tem-
pérature critique ∆T = 20, 10, 4 et 2 K. On présente figure 2.67, l’ensemble des valeurs
de dcal obtenues de cette manière.

Il est à noter que cette calibration est difficile à effectuer à cause de la forte dispersion
des valeurs de volume obtenues par le calcul présenté section 2.5.2, celle-ci masquant la
variation plus globale du volume utilisée pour déterminer dcal (souvent de l’ordre de 10 %).

De plus, augmenter la valeur de dcal a tendance aussi à augmenter la dispersion de
ces valeurs puisque toutes les variations du rayon à la surface vont être amplifiées. Ainsi
près de la moitié des films de relaxation sur lesquels a été entreprise cette procédure n’ont
pas pu être analysés. Ceci est en particulier vrai à 2 K et se traduit par les fortes barres
d’erreur sur la figure 2.67.

On remarque que malgré la forte dispersion, les valeurs de dcal ne semblent pas pré-
senter de tendance particulière avec la taille de l’objet ou avec l’écart à la température
critique (sauf à 2 K). On peut alors s’attendre à ce que ce soit un effet imputable à la pré-
sence de l’interface (plus qu’à la courbure par exemple) et une modélisation à la manière
de Bertonilli et al. [54] considérant des effets de diffraction semble alors être indiquée.

La valeur moyenne de dcal = 0.43±0.28 µm sera retenue mais une étude plus systéma-
tique en explorant des gammes de paramètres plus importants (en R0 et ∆T ) ainsi qu’une
comparaison avec d’autres méthodes de détection seraient nécessaires pour conclure.
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Figure 2.67 – Longueur calibrée dcal en fonction du rayon de la sphère finale R0 pour
des écarts à la température critique ∆T = 20, 10, 4 et 2 K. Les barres d’erreur ont été
estimées par la gamme de dcal pour laquelle la variation du volume au cours du temps ne
présente pas de tendance particulière.

2.5.3 Reproductibilité de la méthode et fluctuations à l’interface

On a désormais une méthode de détection de contour automatisable et calibrée. Néan-
moins, on a vu que celle-ci semblait produire de fortes variations se répercutant sur le
calcul du volume, en particulier proche du point critique. La détermination de l’interface
de nos objets étant notre seule mesure quantitative au sein de nos études, il est alors
naturel de chercher à caractériser la reproductibilité de notre méthode.

Pour ce faire, à chaque écart à la température critique, un pont liquide est induit
par la pression de radiation dans la cellule, puis un film de la dynamique est numérisé à
l’interruption de l’excitation laser. Ce film est ensuite analysé au cours de ces premiers
instants. Avec le même système de coordonnées proposé préalablement, nous allons cher-
cher à connaître pour un z0 donné la distribution des positions au cours du temps Rz0(t)
(voir figure 2.68 ).

Figure 2.68 – Contours R(z) d’un pont liquide juste après interruption de l’onde laser
pour un écart à la température critique ∆T = 4 K représentés pour deux instants différents.
En insert est montré un exemple d’histogramme de la distribution des Rz0(t) mesurés à
z0 = 98 µm entre les instants t = 0 et 0.6 s pour un cadence de 1000 fps. La zone grisée
correspond à deux écarts types σ̂R(z) autour de la moyenne < Rz > calculés à partir de
ces distributions pour chaque z.

On note alors Rz0(t) la distribution des mesures de rayon à z = z0, < Rz0 > sa moyenne
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et σ̂R(z0) son écart type, celui-ci nous donnant une estimation de l’incertitude liée à la
reproductibilité de la mesure de R à z = z0. Si l’erreur sur Rz0(t) est de nature statistique,
indépendante du temps, alors la distribution obtenue devrait se comporter comme une loi
normale dont on note la moyenne < Rz0 > et l’écart type σR(z0) à chaque z = z0.

Les films de pont utilisés correspondent aux premiers instants d’une dynamique de
déstabilisation d’un pont liquide que l’on étudiera exhaustivement dans le chapitre 3. En
toute rigueur ces ponts sont instationnaires mais les temps d’analyse considérés demeurent
de l’ordre de 0.2 à 1 temps caractéristique de déstabilisation linéaire d’un ligament liquide.
On remarque pour autant figure 2.68 que l’on n’est pas capable de reconnaître lequel des
deux instants (correspondant aux profils représentés en vert et rouge) est arrivé le plus
tôt alors qu’ils sont respectivement pris au début et à la fin du film. Les variations de
la hauteur du pont dues à l’instabilité Rayleigh-Plateau sont en effet masquées par les
fluctuations sur la mesure du rayon.

Sur cette fenêtre de temps courts, on considérera la distribution totale des R =
Rz(t)− < Rz > pour toutes les positions z en supposant que les distributions pour cha-
cun des z sont indépendantes et de même écart type σR. On présente figure 2.69 ces
distributions pour un film de pont à des températures variant de ∆T = 20 à 1 K.

Figure 2.69 – Histogramme normalisé des R = Rz(t)− < Rz > pour toutes les positions
z sur un film de pont à un écart à la température critique ∆T = 20, 10, 4, 2 et 1 K. Les
traits pleins correspondent à des ajustements gaussiens faits sur les histogrammes.

On remarque que l’écart type obtenu à partir de la variation du rayon de l’ensemble
des altitudes du pont R augmente quand l’écart à la température critique diminue. Aussi
les fluctuations critiques étant de nature aléatoire, il avait été observé que la distribution
engendrée dans le cas d’une interface plane [12] est bien gaussienne. On peut voir figure
2.70a que ceci est bien confirmé sur les distributions obtenues sur les quelques cas analysés
malgré la forme cylindrique du pont 96.

On s’attend alors à ce que la variation de l’écart type enregistrée soit une signature
des fluctuations critiques de l’interface et on représente alors figure 2.70b l’écart type en
fonction de la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre.

96. On remarque tout de même un écart à la gaussiennité à ∆T = 20 K que l’on peut attribuer au
manque de statistiques, à l’aspect non cylindrique des ponts à cette température amplifié par instabilité de
Rayleigh-Plateau (voir chapitre 3) ou encore à des effets de résolution (Un pixel correspondant à 183 nm
pour ce film de pont).
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(a) (b)

Figure 2.70 – (a) Histogrammes de la variable réduite (R−µR)/σR où R = Rz− < Rz >
pour l’ensemble des z et µR et σR correspondant à la moyenne et l’écart type de la loi
gaussienne ajustée représentée figure 2.69. (b) Ecarts-type des lois gaussiennes ajustées
σR en fonction de la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre ξ−.

On retrouve que celui-ci se comporte comme la longueur de corrélation ξ− et il est
d’ailleurs intéressant de remarquer que ces résultats préliminaires sur l’écart type sont
compatibles avec la longueur de changement de régime dans les dynamiques de pincements
observé par Petit et al. [57].

Ceci invite à une modélisation des fluctuations sur une interface cylindrique en l’ab-
sence de gravité (le pont étant vertical) pour décrire notamment les fonctions de corrélation
statiques gR(z) et dynamiques gR(t) 97 du pont à la manière de Aarts [12].

gR(z) =
〈∫

R(t, z′)R(t, z − z′)dz′
〉
t

, gR(t) =
〈∫

R(t′, z)R(t− t′, z)dt′
〉
z

(a) (b)

Figure 2.71 – Fonctions de corrélation de la variable R (a) statiques et moyennées sur
t, en fonction de z, et (b) dynamiques et moyennées sur z en fonction de t normalisé par
τη = R0η1/γ. Ces fonctions ont été obtenues pour un film de pont pour chaque ∆T .

Malgré des comportements exponentiels observables en particulier sur les fonctions
de corrélation statiques (voir figure 2.71a), elles sont sur ces exemples trop irrégulières
pour déterminer des grandeurs caractéristiques et des comportements clairs en écarts à la
température critique. Une étude plus systématique permettrait alors d’avoir une caracté-
risation complète des fluctuations à l’interface.

97. Calculés numériquement en passant par des transformées de Fourier rapides.
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Conclusion
On a vu au cours de ce chapitre, l’ensemble de la démarche expérimentale et ses

justifications mises en place au cours de cette thèse.
Dans un premier temps, nous avons présenté les milieux utilisés : les fluides diphasiques

proches de leur point critique. Nous avons montré intérêt d’utiliser de tels systèmes et nous
avons discuté leurs propriétés et leur métrologie. En particulier, leur très faible tension
interfaciale nous permet d’utiliser une onde laser pour former des objets et structures
liquides et de les manipuler.

Nous avons ensuite présenté le dispositif expérimentale composé d’une ligne laser,
d’une ligne d’imagerie et d’un système de contrôle en température, que nous avons ensuite
caractérisé. Connaissant les propriétés de notre onde laser, nous avons alors décrit les
diverses interactions que nous avons à disposition pour agir sur notre système grâce à sa
nature critique.

Néanmoins, les propriétés des systèmes critiques variant significativement en présence
d’un champ extérieur ou d’un gradient de température, des considérations théoriques en
terme de distribution de la concentration et d’écoulement ont été développées.

Enfin, le très faible contraste d’indice de réfraction et la forte turbidité, liés à la proxi-
mité du point critique, nous ont amené à développer, à calibrer et à automatiser des outils
d’analyses d’images spécifiques à ces systèmes. Un des usages de cette détection de contour
automatisée est notamment de pouvoir obtenir les fluctuations statistiques d’interface et
donc d’accéder, dans le mesure du possible, à la rugosité liée aux fluctuations.
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Un pont liquide est une structure interfaciale de symétrie cylindrique reliant deux ré-
gions que le liquide vient mouiller. Lorsque celui-ci est suffisamment grand (c’est à dire
typiquement lorsque sa longueur est supérieure à sa circonférence), celui-ci se déstabilise
pour fragmenter en gouttes. On a vu précédemment que l’on était capable de former un
pont liquide de grand rapport d’aspect en focalisant un laser sur une interface liquide
s’étendant depuis cette interface jusqu’à la paroi inférieure de la cellule contenant le mé-
lange quasi-critique démixté. Dans ce chapitre, c’est à la déstabilisation de ce pont et à sa
fragmentation en gouttes que nous allons nous intéresser.

Une colonne liquide est instable par nature. La présence de fores de cohésion inter-
moléculaires entraîne un excès d’énergie à l’interface liquide qui cherchera ainsi à réduire
le rapport énergétique surface sur volume. Les forces qui en résultent vont donc contraindre
la colonne liquide à se fragmenter en gouttes. C’est le phénomène qui est à l’oeuvre lorsqu’à
la sortie d’un robinet, le jet d’eau se brise en gouttes. Cette instabilité se manifeste pour
des phénomènes physiques très divers ; on la retrouve aussi bien pour la fragmentation
de filaments de matière noire (Figure 3.1) que pour des systèmes biologiques comme les
membranes tubulaires ou les vésicules cylindriques [1] [2]. On en retrouve même la signature
sur des systèmes granulaires [3].
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Figure 3.1 – Etudes des structures cosmologiques de grande taille montrant que l’univers
est composé principalement de vide (90%). A gauche, chacun des 10000 points de l’image
(Smithsonian Astrophysical Observatory, 1993) montre une galaxie, la voie lactée étant
au centre. A droite, simulations numériques de la filamentation puis de la brisure de ces
filaments de matière noire interagissant gravitationnellement sous-tendant la distribution
des galaxies.

Sa description a ouvert la voie à des applications technologiques notamment grâce à
son caractère central dans la morphologie des jets (plus spécifiquement elle donne une
prédiction de la distance typique goutte à goutte en bout de jet et par conséquent leur
volume). On en retrouve l’usage dans le dépôt ciblé de médicaments encapsulés dans des
gouttes dont la taille va affecter leur dispersion [7], dans la production de poudre étant
initialement présente en suspension [8] ou encore dans l’amélioration de la résolution des
imprimantes à jets d’encre [9]. La prédiction de la morphologie aussi est essentielle pour
des applications comme la formation de nano-fils d’or [4]

Parmi les pionniers les plus illustres de l’étude des jets, on retrouve Da Vinci [10],
Savart [11] ou encore Plateau. Ce dernier fut le premier à écrire les conditions de stabilité
d’un cylindre liquide soumis à une perturbation [12]. Mais c’est particulièrement avec
Rayleigh qu’une première description dynamique de l’instabilité en régime perturbatif fut
obtenue. Successivement, il obtint une relation de dispersion pour un jet inertiel dans l’air
[13], pour un jet visqueux dans l’air [14] et enfin pour un jet d’air dans un liquide inertiel
[15].

Figure 3.2 – Images tirées de l’article "Some applications of photography"(1891) de Ray-
leigh [16]. On observe la relaxation de ligaments entre les gouttes principales, aboutissant
parfois à une fragmentation du ligament en gouttes.

L’une des grandes réussites de sa démarche est d’avoir réussie à prédire la distance
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typique goutte à goutte en considérant que la distance entre les gouttes était fixée par le
mode de Fourier ayant le taux de croissance le plus élevé en régime linéaire de déstabili-
sation, autrement dit par le mode le plus instable.

Cette prédiction repose sur les hypothèses suivantes :
— le régime linéaire d’instabilité d’une colonne liquide reste valide suffisamment long-

temps pour que les distances caractéristiques qu’il induit s’impriment dans le sys-
tème jusqu’au moment de la brisure,

— lors d’une déstabilisation spontanée, aucun mode n’est initialement perturbé plus
que les autres.

Dans la succession de Rayleigh, d’autres relations de dispersions ont été obtenues selon
les mêmes hypothèses. Weber [17] puis Chandrasekhar [18] écrivirent la solution générale
pour un jet plongé dans l’air, Tomotika en 1935 obtint celle pour un liquide visqueux plongé
dans un autre liquide visqueux [19] (qui correspondra au travail sur lequel on s’appuiera
par la suite) et enfin des relations prenant en compte le caractère non newtonien ont aussi
été obtenues.

Cependant plusieurs remarques peuvent être émises sur les deux hypothèses précé-
dentes.

Concernant la première hypothèse, il semble difficile de décrire les fins de dynamiques
de brisure de colonne liquide en terme de régime linéaire. En effet lorsque le rayon tend
vers zéro, un changement de morphologie fait apparaître qu’au niveau des cous qui corres-
pondaient aux minima de la perturbation sinusoïdale, un aplatissement apparaît jusqu’à
former un long filament (voir fig. 3.3). Ce long filament pince à ses extrémités pour former
une goutte en son centre appelée goutte ’satellite’.

Figure 3.3 – Images tirées d’une déstabilisation de ligament liquide pour un écart à la
température critique de 4 K. On remarquera les effets non linéaires de la dynamique de
pincement sur la morphologie de la colonne aux derniers instants avant sa brisure. De
haut en bas les images ont étaient prises à t = 0, 1, 24 et 1, 64 s après l’arrêt du faisceau.

La taille de cette goutte par rapport aux gouttes primaires formées à la position des
maxima de la perturbation initiale augmente avec la longueur d’onde de la perturbation
initiale λ ; elle peut même être supérieure à la taille des gouttes primaires pour des modes
kR0 < 0.2 avec R0 le rayon initial de la colonne et k = 2π

λ (voir Yuen [20] pour la
description non linéaire de l’évolution des modes en fin de dynamique confirmée par la
suite par Chaudhary et Maxworthy [21]). Ainsi en toute rigueur, la relation de dispersion
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réussit à prédire non pas la distance goutte-goutte à la brisure mais la distance goutte
primaire-goutte primaire à cause de la présence des gouttes satellites.

L’étude de cette fin de pincement en lui-même a été l’objet d’un travail important au
cours des années 1990-2000 (voir [22, 23, 24]). Sa description sort complètement du régime
linéaire pour proposer une évolution satisfaisant une invariance d’échelle ; Eggers [25],
Papageorgiou [26] présentent différents régimes dynamiques qui diffèrent par les termes
retenus pour décrire l’autosimilarité. Li et Sprittles [27] montrent que sur un scénario
de pincement, des transitions entre ces régimes sont attendues donnant un aperçu de la
complexité du phénomène. Pour n’en citer qu’un, on peut penser à la solution universelle
proposée par Eggers en 1993 dans laquelle il prédit un cou pincé à une vitesse constante
et présentant une morphologie asymétrique de part et d’autre de celui-ci :

Rmin(t) = H(ηint
ηext

) γ

ηext
(tbk − t) (3.1)

Rmin étant le rayon du cou pincé, tbk le temps de brisure du cou, γ la tension interfaciale,
ηint et ηext les viscosités du fluide intérieur et extérieur. Enfin H est une constante dépen-
dant uniquement du rapport de ces viscosités. Cette solution auto-similaire des équations
de Navier-Stokes est une conséquence de la singularité de courbure au niveau de la zone
de pincement. Celle-ci est obtenue pour un équilibre entre le effets de tension de surface,
d’inertie et de viscosité.

Celle-ci a été vérifiée extensivement par Cohen et Nagel [28] en utilisant un jet de
glycérine dans du PDMS et pour des gammes de rapport de viscosité allant de 0.002 à 500
[29]. Par ailleurs ils observèrent que pour un rapport de viscosité compris entre 0.08 et
2 leurs résultats sur la vitesse de pincement vérifiaient parfaitement les prédictions d’une
théorie qui consisterait à prolonger le régime linéaire de Tomotika jusqu’à la brisure. Ceci
est surprenant dans la mesure où le profil de brisure est plus asymétrique pour des viscosités
très différentes entre les deux liquides et donc la morphologie est très différente d’une forme
sinusoïdale De plus dans leur système les perturbations sont très localisées contrairement
à la théorie linéaire pour laquelle les perturbations sont supposées délocalisées.

Pour ce qui est de la seconde hypothèse, elle est d’importance capitale puisque que
comme le fait remarquer Stone [30] dans le cas de la relation de dispersion de Tomotika,
la variation des taux de croissance autour de son maximum est plutôt plate. Autrement
dit les modes proches du mode le plus instable présentent des taux de croissance similaires
à leur voisin. Il suffit alors qu’un mode soit initialement deux fois plus perturbé pour
que ces deux modes coexistent jusqu’à la brisure, l’un n’ayant pas assez de temps pour
dominer l’autre (voir figure A.1). Une représentation tirée du travail de Stone [30] est
montrée en annexe figure A.2. Malheureusement cette hypothèse pourtant cruciale n’a pas
fait l’objet d’étude supplémentaire, probablement parce qu’il est extrêmement difficile de
faire une analyse multi-fréquentielle de la dynamique de perturbation. En effet il s’agirait
de se placer dans les conditions d’une colonne liquide de rapport d’aspect suffisamment
important pour voir se développer plusieurs oscillations de différents modes superposés.

Or dans la plupart des études la déstabilisation a été étudiée dans le cas de jets et,
bien qu’on soit en milieu semi-infini sa longueur accessible est de l’ordre de la distance
caractéristique de la perturbation à l’origine de sa brisure.

Comme on l’a vu précédemment au chapitre 2.1, les systèmes liquides utilisés dans
ce travail nous permettent de former des ponts liquides de grands rapports d’aspect. Ces
ponts sont formés à partir de la focalisation d’un laser sur l’interface au repos puis stabilisés
par la pression de radiation du laser une fois guidé dans le pont ainsi formé.

A l’arrêt du faisceau, le pont pince à ces extrémités et un ligament liquide de très grand
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rapport d’aspect (typiquement R0/L ∼ 50−100) va se former puis se fragmenter en gouttes
espacées périodiquement. C’est donc à une instabilité de Rayleigh-Plateau spontanée que
l’on a à faire, et ce sur un ligament initialement au repos et de très grand rapport d’aspect
(de la taille de ceux qu’utilise Stone dans ses simulations [30]). On est alors capable
d’effectuer une analyse de Fourier d’une déstabilisation spontanée initialement au repos
et ainsi d’en déduire une relation de dispersion expérimentale ainsi qu’une analyse de la
répartition des amplitude des modes excités.

Il en suit naturellement que la vérification de la seconde hypothèse de l’argument de
Rayleigh Plateau constitue une première motivation à cette étude. Une autre vient du fait
que la relation de dispersion de Tomotika (le nombre de Reynolds dans nos systèmes <
10−5) n’a jamais été testé exhaustivement que sur des jets et qu’au moyen de perturbations
forcées [31, 32, 33, 34]. En effet, pour une déstabilisation spontanée d’un ligament liquide,
seule la vérification du taux de croissance maximum au travers du mode le plus instable a
été testée [35]. Une vérification de l’ensemble de la relation de dispersion pour une plage
large de modes instables et des évolutions des amplitudes initiales n’a été faite qu’au
travers de simulations [30].

De plus l’utilisation de fluides critiques nous permet de faire varier les propriétés hy-
drodynamiques en modifiant l’écart à la température critique (notre étude est réalisée
sur des fluides ayant des tensions interfaciales variant sur une gamme allant de 3.3 10−6

à 7.6 10−8N/m). Ceci nous permet de tester la validité de la relation de dispersion sur
une large gamme de tensions, tout en explorant l’instabilité de Rayleigh-Plateau pour des
systèmes ayant de très faibles tensions.

De même, la vérification de la relation de dispersion à l’approche à la criticalité consti-
tue en soit une motivation par le caractère universel de cette approche pour tous les
liquides isotropes appartenant à la classe d’Ising (d = 3, n = 1) autrement dit pour tous
les liquides ordinaires.

Parallèlement l’étude de l’instabilité de Rayleigh-Plateau dans une perspective nano-
fluidique pose évidemment la question de l’effet des fluctuations sur la dynamique du
système. Or comme vu précédemment au chapitre 2.1, l’étude des instabilités à l’approche
du point critique est un lieu naturel pour étudier les effets des fluctuations puisque celles-ci
sont accordables en modifiant l’écart à la température critique tout en s’évitant les effets
de la discrétisation qui serait propre à un étude des fluctuations à l’échelle moléculaire.

Ainsi et dans la continuité du travail effectué par Petit et al. [36], cette étude est un
préliminaire à une étude des effets des fluctuations sur l’instabilité de Rayleigh-Plateau et
la vérification des prédictions proposées par Zhao et al. [6].

Notre étude va se décomposer de la manière suivante. Nous présenterons tout d’abord
le modèle de l’instabilité de Rayleigh-Plateau et poserons les équations générales. Nous
pousserons la résolution du système en toute généralité jusqu’au point où poser les approxi-
mations devient nécessaire. Nous illustrerons alors la démarche pour obtenir la relation de
dispersion dans le cas classique de la relation de Rayleigh pour un jet sans viscosité dans
l’air. On s’attardera par la suite sur la relation de Tomotika et ses prédictions pour une
colonne visqueuse dans un liquide visqueux.

Puis au travers de trois exemples, respectivement à ∆T = 20 K, ∆T = 4 K, ∆T = 1 K,
nous caractériserons les systèmes étudiés grâce à une analyse de Fourier effectuée sur
chacun des ligaments. Enfin nous confronterons nos résultats expérimentaux aux attentes
théoriques formulées.
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3.1 Stabilité et analyse linéaire de déstabilisation d’une co-
lonne liquide

Nous rappelons dans cette partie l’analyse de stabilité linéaire d’une colonne liquide.
Considérons un cylindre infini de liquide de viscosité ηi et de densité ρi plongé dans
un liquide de viscosité ηe et de densité ρe ( voir figure 3.4). L’interface les séparant est
caractérisée par une tension interfaciale γ de sorte que sa réduction entraine une diminution
de l’énergie potentielle associée ( dE = γdS ).

Figure 3.4 – Schéma de l’instabilité

3.1.1 Stabilité d’une colonne liquide

Considérons une analyse perturbative de la stabilité du système. Aucune petite pertur-
bation consistant à modifier l’axe central du cylindre sans changer son rayon n’engendrera
une diminution de l’aire totale de l’interface (à volume conservé). De même toute pertur-
bation de l’angle azimutal se comporte comme une ondulation de sa surface autour de son
axe de symétrie et ne peut entrainer qu’une augmentation de l’aire totale de l’interface.
Ainsi les perturbations pouvant déstabiliser le système sont du type :

R(t) = R̄+ εcos(kz) (3.2)

où R̄ est le rayon moyen. On notera par la suite R0 = R̄(t = 0). k et ε sont respectivement
le nombre d’onde et l’amplitude associés à la perturbation considérée (avec ε

R0
� 1).

En effet, à volume conservé (pour une longueur L du cylindre),

πR2
0L = π

∫
L

(R̄+ εcos(kz))2dz (3.3)

On en déduit qu’au second ordre en ε
R0

,

R̄ = R0(1− ε2

2R2
0
)1/2 = R0 −

ε2

4R0
(3.4)

Dès lors si on note ES = 2πγ
∫
LR(1 + dR

dz )1/2dz qui est la forme exacte de l’énergie de
surface, la variation d’énergie dE = ES − E0 s’écrit :

dE = ES − E0 = 2πγ
∫
L

(
(R̄+ εcos(kz))(1 + k2ε2cos(kz)2)1/2 −R0

)
dz

qui se réduit au second ordre à :
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dE = 2πγ
∫
L

(
R̄+ εcos(kz) + R̄

k2ε2

2 cos(kz)2 −R0

)
dz

= 2πγL(− ε2

4R0
+R0

k2ε2

4 )

Ainsi (avec E0 = 2πR0Lγ ), on a :

dE

E0
= ε2

4R2
0
(k2R2

0 − 1) (3.5)

On retrouve alors le résultat de Plateau ([12]) : tous les modes de longueur d’onde
λ = 2π

k supérieure au périmètre du cylindre 2πR0 sont instables (kR0 < 1 −→ dE < 0).
Cette équation permet de prédire avec succès les conditions de stabilité d’une colonne

liquide. Néanmoins seule une description dynamique de l’amplitude des perturbations
permettra de prédire les taux de croissance de ces perturbations et d’en déduire la longueur
d’onde dominante.

3.1.2 Equations générales du système

Maintenant que l’on a décrit ces conditions de stabilité, nous allons chercher la lon-
gueur d’onde dominante, c’est à dire celle donnant la taille typique des fragments issus
de l’instabilité. Nous allons pour cela établir la relation de dispersion et en déduire la
longueur d’onde pour laquelle le taux de croissance est maximal.

Avant cela, considérons en toute généralité les équations caractérisant le système.
L’écoulement au sein d’un fluide de masse volumique ρ et de viscosité η va être décrit
par l’équation de Navier-Stokes :

∂tν + (ν · ∇)ν = −1
ρ
∇p+ η

ρ
∆ν (3.6)

avec ν le vecteur vitesse au point considéré et p la pression. L’écoulement est considéré
comme incompressible, on écrit donc l’équation de continuité telle que :

∇ · ν = 0 (3.7)

Les conditions à l’interface sont :
— la continuité des vitesses à l’interface,

νi
∣∣∣
Ω

= νe|Ω (3.8)

— et la discontinuité de la contrainte normale à l’interface par la capillarité

τn = −γκ n|∂Ω (3.9)

avec γ la tension interfaciale, κ la courbure, n|∂Ω un vecteur unitaire normal à
l’interface, et τ le tenseur des contraintes hydrodynamiques.

On note que
τ = −p+ η(∇ν +∇tν) (3.10)
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3.1.3 Ecoulement en géométrie axisymétrique

Détermination des fonctions courants

Pour déterminer les équations du mouvement, écrivons l’équation de Navier-Stokes en
géométrie axisymétrique

∂tνr + (νr∂r)νr + (νz∂z)νr) = −∂rp/ρ+ η

ρ
(∂2
r + 1

r
∂r + ∂2

z −
1
r2 )νr (3.11)

∂tνz + (νr∂r)νz + (νz∂z)νz) = −∂zp/ρ+ η

ρ
(∂2
r + 1

r
∂r + ∂2

z )νz (3.12)

Pour éliminer le terme de pression, il suffit alors d’écrire ∂z(3.11)− ∂r(3.12) :

∂t(∂zνr − ∂rνz) + ∂z((νr∂r)νr + (νz∂z)νr)− ∂r((νr∂r)νz + (νz∂z)νz)

= η

ρ
(∂z∆r(νr)− ∂r∆z(νz))

On peut réécrire le terme de gauche

∂t(∂zνr − ∂rνz) + ∂zνr∂rνr − ∂rνr∂rνz
+ νr∂z∂rνr − νr∂2

rνz + ∂zνz∂zνr − (∂zνz)2

+ νz∂
2
zνr − νz∂r∂zνz

= (∂t + ∂rνr + νr∂r + ∂zνz + νz∂z)(∂zνr − ∂rνz)

et le terme de droite

∂z(∂2
r + ∂2

z + 1
r
∂r −

1
r2 )νr − ∂r(∂2

r + ∂2
z + 1

r
∂r)νz

= (∂2
r + ∂2

z + 1
r
∂r −

1
r2 )(∂zνr − ∂rνz)

On introduit alors les fonctions courants de Stokes Φ, solutions de l’équation de continuité
pour un écoulement incompressible en géométrie cylindrique :

∂rνr + 1
r
νr + ∂zνz = 0 (3.13)

On en déduit que :
νr = 1

r
∂zΦ ; νz = −1

r
∂rΦ (3.14)

On peut ainsi réécrire (∂zνr − ∂rνz) = 1
r (∂2

r + ∂2
z − 1

r∂r)Φ. En notant D l’opérateur
(∂2
r + ∂2

z − 1
r∂r), on a donc :

(∂t −
1
r2∂zΦ + 1

r
∂zΦ∂r −

1
r
∂rΦ∂z)

1
r
DΦ

= η

ρ
(∂2
r + ∂2

z + 1
r
∂r −

1
r2 )1

r
DΦ

En remarquant que :

1
r
∂rr∂r = ∂2

r + 1
r
∂r et r∂r

1
r
∂r = ∂2

r −
1
r
∂r, (3.15)
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on obtient :
1
r
∂rr∂r

1
r

= 1
r
∂r(∂r −

1
r

) (3.16)

Pour r 6= 0, on obtient finalement l’équation générale de la fonction de courant Φ pour un
écoulement axisymétrique :

(∂t −
2
r2∂zΦ + 1

r
∂zΦ∂r −

1
r
∂rΦ∂z)DΦ = η

ρ
DDΦ (3.17)

En ne gardant que les termes de premier ordre, on obtient l’équation linéarisée :

(∂t −
η

ρ
D)DΦ = 0 (3.18)

Or les opérateurs (∂t− η
ρD) et D sont commutatifs, on peut alors écrire Φ = Φa+Φb telles

que :
(∂t −

η

ρ
D)Φa = 0 (3.19)

DΦb = 0 (3.20)

Puisqu’on s’intéresse à de petites amplitudes de fluctuations, on peut écrire : Φ = φei(ωt+kz)

. On a alors :
∂2
rφa −

1
r
∂rφa − k2

ωφa = 0 (3.21)

∂2
rφb −

1
r
∂rφb − k2φb = 0 (3.22)

avec k2
ω = k2 + iωρ/η. Les solutions générales des équations 3.21 et 3.22 sont :

φa = AarI1(kωr) +BarK1(kωr) (3.23)

φb = AbrI1(kr) +BbrK1(kr) (3.24)

avec In(x) et Kn(x) les fonctions modifiées de Bessel d’ordre n.
La solution générale du système est donc :

Φ = (AarI1(kωr) +BarK1(kωr) +AbrI1(kr) +BbrK1(kr))ei(ωt+kz) (3.25)

On veut que νr et νz, c’est à dire 1
rΦ et 1

r∂rΦ soient finis en tout point et ne divergent
pas à l’infini. A l’intérieur de la colonne liquide (on utilisera un indice i pour les variables
définis pour le fluide immergée), on a :

Φi = (Ai,arI1(kr) +Ai,brI1(kiωr))ei(ωt+kz) (3.26)

et à l’extérieur (on utilisera un indice e pour les variables définis pour le fluide extérieur) :

Φe = (Be,arK1(kr) +Be,brK1(keωr))ei(ωt+kz) (3.27)

A ce stade, nous avons obtenu les fonctions de courants décrivant l’écoulement dans
chacun des fluides. Par la suite on utilisera les relations de continuités des vitesses et le
saut de contrainte pour déterminer les valeurs de Ai,a, Ai,b, Be,a et Be,b.
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3.1.4 Relation de dispersion

Pour obtenir la relation de dispersion, il suffit alors d’utiliser les conditions à l’interface
3.8 et 3.9 en z et en r pour déterminer Ai,a, Ai,b, Be,a et Be,b. On se rappellera que p peut
être relié à φ au travers de l’équation de Navier-Stokes. A ce jour, seuls des cas limites à
la résolution de ce système d’équations ont été obtenus.

Un cas simple, la solution de Rayleigh pour un jet sans viscosité dans l’air

Prenons l’exemple du calcul de Rayleigh [13] d’un jet sans viscosité plongé dans l’air.
On considère que la viscosité η = 0 et que le fluide extérieur n’exerce aucune contrainte sur
le jet, on a alors Φ = ArI1(kr)ei(ωt+kz). Il nous suffit alors d’utiliser le saut de contrainte
à l’interface 3.9 :

τrr = −p = γκ (3.28)

On a implicitement supposée qu’en régime linéaire, la contrainte est généralement nor-
male à la surface telle que r = constante (2η∂rνr est nul dans les hypothèses considérées).

Ainsi

κ = 1
(R0 + δr) − ∂

2
zδr

= 1
R0
− δr

R2
0

+ k2δr

= 1
R0

+ δr(k2R2
0 − 1)

R2
0

avec δr le déplacement de l’interface au premier ordre au cours du temps dans la direction
r :

δr =
∫ t

0
νrdt = k

ω
AI1(kR0)ei(ωt+kz) (3.29)

en se rappelant que (∂zp/ρ = −∂tνz) et en ne considérant que la partie dynamique de
la pression, on a alors :

ρω

k
AkI0(kR0) = γ

(k2R2
0 − 1)
R2

0

k

ω
AI1(kR0) (3.30)

On obtient finalement la relation de dispersion de Rayleigh [13] pour un jet sans vis-
cosité dans l’air :

ω2 = − γ

ρR3
0

[
1− (kR0)2

]
kR0

I1(kR0)
I0(kR0) (3.31)

On remarque que le temps caractéristique de l’instabilité est τρ =
√
ρR3

0/γ et traduit
la compétition entre les effets inertiels et la tension interfaciale. La relation est représentée
dans la figure 3.5 et a été vérifiée exhaustivement sur des jets [37]. On remarque que la
relation est cohérente avec la relation 3.5 puisque pour kR0 < 1, on a ω2 < 0 ou ω est
imaginaire, entraînant une croissance exponentielle de la perturbation. Le mode le plus
instable correspond à kmaxR0 ∼ 0.7 . On s’attend donc à une distance typique entre deux
gouttes en bout de jet de l’ordre de λ ≈ 9.0 R0.
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Ceci constitue un argument classique, dit argument de Rayleigh-Plateau, affirmant que
les distances caractéristiques au moment de la brisure sont gouvernées par le mode au taux
de croissance le plus élevé en régime linéaire, autrement dit aux premiers instants de la
déstabilisation. Cela suppose aussi que l’ensemble des modes de déstabilisation soit excité
avec une amplitude comparable pour que ce soit bien le mode dont la dynamique est la
plus rapide qui domine les derniers instants de l’instabilité.

Figure 3.5 – Taux de croissance normalisé ωτρ pour des perturbations sinusoïdales sur
un cylindre infini en fonction de kR0. En trait plein est représenté la relation théorique de
Rayleigh 3.31 pour un jet sans viscosité. L’image est issue de [37].

Extension des relations de dispersions

Des généralisations de la relation précédente 3.31 ont été obtenues.
• En incluant un milieu extérieur inertiel, on peut montrer (voir [23]) que la relation
(3.31) se généralise à :

[
1 + ρa

ρ

K0(kR0)I1(kR0)
K1(kR0)I0(kR0)

]
ω2 = − γ

ρR3
0

[
1− (kR0)2

]
kR0

I1(kR0)
I0(kR0) (3.32)

ρa est la masse volumique du fluide extérieur. On remarque qu’en négligeant l’inertie
du liquide intérieur (ρ/ρa � 1 ), autrement dit dans le cas d’un jet d’air dans un
liquide inertiel on retrouve une autre solution trouvée par Rayleigh [15] :

ω2 = − γ

ρaR3
0
(1− k2R2

0)kRK1(kR0)
K0(kR0) (3.33)

On remarquera la symétrie avec la relation d’un jet inertiel dans l’air vu précédem-
ment 3.31.

• Dans le cas d’un fluide visqueux dans l’air (on suppose ρ → 0, on retrouve encore
un résultat trouvé par Rayleigh [14] :

− iω = γ

2R0η

1− (kR0)2

1 + (kR0)2 [1− (I0(kR0)/I1(kR0))2] (3.34)

Dans le cas présent, le temps caractéristique de l’instabilité est τη = ηR0/γ et est
donné par une compétition entre les effets visqueux et la tension de surface. On
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remarque que cette relation de dispersion prédit un mode dominant kR0 → 0. Ainsi
un ligament visqueux relaxant dans l’air ne devraient pas fragmenter en gouttes
[38].

• Dans l’hypothèse des grandes longueurs d’ondes R0
λ � 1, Weber [17] trouve une

relation générale pour un jet dans l’air.
Cette relation est retrouvée par Eggers et Dupont dans le cadre d’une hypothèse
de lubrification [39] :

(−iω)τρ = kR0
2

(√
2(1− (kR0)2) + 9Oh2(kR0)2 − 3Oh(kR0)

)
(3.35)

Cette relation introduit un nombre sans dimension Oh = η/
√
γρR0 appelé nombre

d’Ohnesorge [40] qui décrit le rapport entre les effets visqueux et inertiels. Contrai-
rement à la relation de Rayleigh dans le cas visqueux, un comportement en Oh est
prédit pour le mode dominant et l’expression en est par conséquent plus utile pour
des applications pratiques :

kmaxR0 = 1√
2 + 3

√
2Oh

(3.36)

kmaxR0 se comporte en Oh−1/2 et on retrouve bien qu’il tend vers zéro pour
Oh → + ∞ comme dans le cas visqueux de Rayleigh.

Ainsi malgré le fait que l’on ne soit pas capable d’obtenir une solution universelle
en régime linéaire et de déterminer exactement la relation de dispersion pour un fluide
isotrope quelconque dans un autre fluide, on voit qu’il est possible de caractériser un grand
nombre de cas particuliers dont on peut aller se servir selon la situation à laquelle on est
confronté.

En fonction des grandeurs considérées, différents temps caractéristiques émergent τρ
et τη ainsi qu’un nombre sans dimension appelé nombre d’Ohnesorge Oh donnant leur
rapport (Oh = τη/τρ). Ce nombre est donc particulièrement bien adapté à un système
déstabilisé par la tension de surface et permet de situer dans quel régime, visqueux ou
inertiel, se trouve ce système.

Après avoir passé en revue les différentes relations de dispersion, nous allons nous inté-
resser plus particulièrement à la relation de Tomotika pour un liquide visqueux immergé
dans un second liquide visqueux qui sera l’outil théorique que nous utiliserons par la suite
dans cette étude.

Relation de dispersion de Tomotika

Nous allons présenter désormais la relation développée par Tomotika [19] pour le cas
d’un liquide visqueux plongé dans un autre liquide visqueux. Tomotika, dans sa tentative
de résolution générale de l’instabilité d’un cylindre liquide dans un autre liquide, a obtenu
une limite originale dans le cas d’un liquide visqueux dans un liquide visqueux. Le système
général donné par les relations de continuité s’écrit :

I1(kR0)Ai,a + I1(kiωR0)Ai,b
+K1(kR0)Be,a +K1(keωR0)Be,b = 0
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kR0I0(kR0)Ai,a + kiωR0I0(kiωR0)Ai,b
− kR0K0(kR0)Be,a +−keωR0K0(keωR0)Be,b = 0

2 η
i

ηe
k2I1(kR0)Ai,a + ηi

ηe
(k2 +

(
kiω

)2
)I1(kiωR0)Ai,b

+ 2k2K1(kR0)Be,a + (k2 + (keω)2)K1(keωR0)Be,b = 0

F1Ai,a + F2Ai,b + F3Be,a + F4Be,b = 0

avec
F1 = 2i η

i

ηe
k2I ′1(kR0)− ωρi

η
I0(kR0) + γ(k2R2

0 − 1)
R2

0

k

ωη
I1(kR0)

F2 = 2i η
i

ηe
kkiωI

′
1(kiωR0) + γ(k2R2

0 − 1)
R2

0

k

ωη
I1(kiωR0)

F3 = 2ik2K ′1(kR0) + ωρe

η
K0(kR0)

F4 = 2ikkeωK ′1(keωR0)

Le déterminant de cette matrice est nul et suite à quelques développements limités sur
les termes devant Ai,b et Be,b pour des valeurs de ρe et ρi infinitésimales, des simplifications
sont opérées et le passage à la limite est fait en faisant tendre les valeurs de ρe et ρi vers
0. La relation qui en résulte est ensuite développé pour obtenir la relation de dispersion
de Tomotika :

iω = γ

2ηextR0
(1− k2R2

0)f(ηint/ηext, kR0) (3.37)

où f est une fonction impliquant des déterminants de matrices de fonctions de Bessel :

f(x) = N(x)
D(x)

avec N(x) = I1(x)∆1 − (xI0(x)− I1(x))∆2

et D(x) = ηi

ηe
(xI0(x)− I1(x))∆1 −

ηi

ηe
((x2 + 1)I1(x)− xI0(x))∆2

− (xK0(x) +K1(x))∆3 − ((x2 + 1)K1(x) + xK0(x))∆4

les expressions ∆1, ∆2, ∆3 et ∆4 s’expriment sous forme de déterminants :

∆1 =

∣∣∣∣∣∣∣
xI0(x)− I1(x) K1(x) −xK0(x)−K1(x)
I0(x) + xI1(x) −K0(x) −K0(x) + xK1(x)

ηi

ηexI0(x) K1(x) −xK0(x)

∣∣∣∣∣∣∣
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∆2 =

∣∣∣∣∣∣∣
I1(x) K1(x) −xK0(x)−K1(x)
I0(x) −K0(x) −K0(x) + xK1(x)
ηi

ηe I1(x) K1(x) −xK0(x)

∣∣∣∣∣∣∣
∆3 =

∣∣∣∣∣∣∣
I1(x) xI0(x)− I1(x) −xK0(x)−K1(x)
I0(x) I0(x) + xI1(x) −K0(x) + xK1(x)
ηi

ηe I1(x) ηi

ηexI0(x) −xK0(x)

∣∣∣∣∣∣∣
∆4 =

∣∣∣∣∣∣∣
I1(x) xI0(x)− I1(x) K1(x)
I0(x) I0(x) + xI1(x) −K0(x)
ηi

ηe I1(x) ηi

ηexI0(x) K1(x)

∣∣∣∣∣∣∣
On remarque que l’expression totale de l’équation (3.37) a le défaut d’être trop complexe
pour donner des intuitions physiques quant à son contenu. Grâce au terme (1 − k2R2),
on voit immédiatement que les conditions de stabilité déterminés grâce à l’équation 3.5
sont respectées. Comme pour la relation de Rayleigh pour un cas visqueux, le temps
caractéristique associée à cette équation est τη. On notera par la suite ωN = ωτη le taux
de croissance normalisé par le temps visqueux.

On constate aussi que dans le cas visqueux les relations de dispersion expriment iω
plutôt que ω2. De fait dans la limite où l’inertie est négligée, le terme ∂tν n’apparaît plus
dans l’équation. Ceci entraîne que les modes sont soient amplifiées, soient atténuées mais
les perturbations ne peuvent par exemple pas spontanément se déplacer (pas de mode
propagatif). Il ne peut pas y avoir de ’vagues’ sur la surface du jet lorsque sa dynamique
est gouvernée par des effets de viscosité.

Figure 3.6 – Taux de croissance normalisé ωN = ωτη en fonction du nombre d’onde
normalisé kR0 selon Tomotika. La relation de Tomotika 3.37 est représentée pour des
fluides de rapport de viscosité ηint

ηext
= 0.80, 0.88 et 0.92. On remarquera qu’il existe une

plage assez grande de valeurs de modes spatiaux avec des taux de croissance proche de leur
maximum.

Les rapports de viscosité auxquels nous seront confrontés par la suite dans notre étude
expérimentale s’étendent sur une gamme comprise entre 0.75 et 0.90. On représente la
relation de dispersion de Tomotika figure 3.6 pour trois rapports de viscosité : ηint/ηext =
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0.80, 0.88 et 0.92.
On remarque que la relation ne change qualitativement que très peu. L’un des points

remarquables est que la valeur du taux de croissance maximal est plus élevée pour un
rapport de viscosité 0.80 que pour 0.92. Cette dépendance est représentée sur la figure
3.7 et on remarque que la valeur du mode dominant reste identique (< 2% de variation)
alors que la valeur du taux de croissance, elle, décroît de l’ordre de 10% avec le rapport
de viscosité.

(a) (b)

Figure 3.7 – (a) Le mode le plus instable est représenté en fonction du rapport de viscosité
ηint/ηext. (b) La valeur du taux de croissance maximum de Tomotika 3.37 est représentée
en fonction du rapport de viscosité ηint/ηext.

Une autre relation moins connue a été obtenue par Kinoshita et al. [41] à partir d’ar-
guments énergétiques. La distance goutte à goutte prédite a été confirmée par Teng et al.
[42] et par Patrascu et al . [5] plus récemment.

Tout en se placant dans la limite des écoulements de Stokes et dans l’hypothèse des
grandes longueurs d’ondes, c’est en effet une relation explicite pour un liquide visqueux
dans un liquide visqueux qui prend en compte les effets d’inertie qui a été obtenue. Celle-ci
s’écrit :

(1 + 1
2
ρext
ρint

K0(kR0)
K1(kR0)kR0)(ωτρ)2 +

√
2Oh(3 + ηext

ηint
)k2R2

0ωτρ = k2R2
0(1− k2R2

0) (3.38)

Pour ρint
ρext

< 2, cette relation prédit un mode dominant finalement proche (au facteur
ηext
ηint

près) de celle obtenue par Rayleigh pour le cas visqueux(3.36).

kmaxR0 = 1√
2 + (3 + ηext/ηint)

√
2Oh

Cette relation est plus universelle que celle de Tomotika en introduisant des effets
d’inertie au travers du nombre d’Ohnesorge. Comme kmaxR0 ∼ Oh−1/2, celui-ci tend vers
zéro quand Oh→∞. Il est surprenant que la relation de dispersion prédite par Kinohsita
ne coïncide pas avec celle de Tomotika dans le cas limite des nombres de Ohnesorge très
grands (c’est à dire très visqueux).

On remarque d’ailleurs que comme dans le cas de la relation de Weber, l’hypothèse
des grandes longueurs d’ondes implique des relations plus aisément interprétables et dans
lesquelles les fonctions de Bessel n’interviennent plus.
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Au cours de cette partie, nous avons décrit les conditions de stabilité et établit une
analyse linéaire de la déstabilisation d’une colonne liquide infinie. Pour cela nous nous
sommes placés dans un cadre de régime perturbatif pour écrire les solutions générales
de l’écoulement en géométrie axisymétrique. Puis après avoir illustré la démarche pour
obtenir une relation de dispersion dans un cas simple, nous avons présenté une zoologie
de relations de dispersion obtenues pour d’autres hypothèses.

Enfin nous avons décrit plus précisément la relation de dispersion de Tomotika qui est
la relation de dispersion dans le cas d’une colonne liquide visqueuse immergée dans un
autre liquide visqueux. Et nous avons illustré ses prédictions pour les propriétés de nos
systèmes expérimentaux (voir figures 3.6 et 3.7). C’est ce modèle en particulier que nous
allons chercher à confronter dans l’étude expérimentale qui va être présentée dans la partie
qui suit.
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3.2 Déstabilisation d’un ligament visqueux
Maintenant que nous avons décrit la physique en régime linéaire de l’instabilité de

Rayleigh-Plateau et prédit son mode le plus instable, nous allons caractériser expérimen-
talement la dynamique de déstabilisation de nos ligaments visqueux et chercher à vérifier
nos prédictions.

Initialement notre système est un pont liquide composé d’une phase micellaire de
microémulsion pauvre en micelles et immergé dans une phase riche en micelles. Celui-ci
est formé en déstabilisant optiquement le ménisque initialement au repos jusqu’à ce que
la déformation s’étende et vienne mouiller la paroi basse de la cellule. Pour former et
stabiliser le pont, un laser continu focalisé à la hauteur du ménisque est utilisé. Au delà
d’une certaine puissance de l’excitation laser la déformation du ménisque induite par la
pression de radiation de l’onde laser se déstabilise et donne naissance à un jet (voir chapitre
2.3). Il suffit d’augmenter la puissance pour augmenter la longueur du jet. On peut alors
allonger ce jet de sorte à ce qu’il s’étende du ménisque au repos à la base de la cellule 1. A
l’arrêt du faisceau le pont se pince à ses extrémités et un ligament se forme. Et, à son tour,
il se déstabilise sous l’effet de la tension interfaciale par instabilité de Rayleigh-Plateau.
Le rapport d’aspect typique du ligament se déstabilisant est ainsi fixé par le rayon au col
du faisceau ω0 et sera de l’ordre de H/ω0 avec H la hauteur de la phase inférieure.

Les écarts à la température critique étudiés vont de ∆T = 20 K à ∆T = 1 K pour
lesquels des mesures de tension interfaciale obtenues grâce à la puissance seuil d’instabilité
d’interface plane (voir chapitre 2.3) varient entre 2.4 10−6 N/m et 6.8 10−8 N/m. Pour
les écarts à la température inférieurs à 1 K, les effets de gravité deviennent dominants
par rapport à la capillarité 2 et les ligaments liquides perdent leur forme cylindrique pour
adopter celle d’une poire puis coalescent au ménisque en un temps typique inférieur à sa
déstabilisation. A partir des caractéristiques de nos échantillons de micro-émulsion (voir
tableau 2.1.8) et de notre technique pour former les ligaments décrite préalablement, nos
systèmes fluides présentent comme propriétés :

ηint
ηext

= 0.75− 0.90 τη[s] = 1.0 10−3 − 5.1 10−2 Oh = 11− 87

ρint
ρext

= 0.97− 0.99 τρ[s] = 1.0 10−5 − 5.8 10−4 Re = 10−3 − 10−5

Table 3.1 – Valeurs des rapports de masse volumique, des rapports de viscosité entre
les fluides intérieur et extérieur à la colonne se déstabilisant, temps caractéristiques vis-
queux et inertiels et nombre d’Ohnesorge et de Reynolds pour les extrema des écarts à la
température critique considérés et ω0 = 3 µm comme rayon caractéristique.

Les lois d’échelles évoluant en lois de puissance en écart à la température critique, les
représentations les plus adaptées sont en échelles logarithmiques. Des écarts à la tempé-
rature critique multiples les uns des autres sont donc préférées pour avoir une couverture
plus uniforme ; on utilisera comme écarts à la température critique 1,2,4,10 et 20 K. Les

1. Sa longueur est alors fixée par la hauteur de la phase riche en micelles.
2. Le nombre de Bond Bo qui donne le rapport des effets de gravité sur les effets de capillarité diverge

à l’approche du point critique.

133



3.2. Déstabilisation d’un ligament visqueux

rapports d’aspect initiaux H/R0 que nous avons explorés vont de 70 à 150 où nous avons
pris comme référence H la hauteur du ligament une fois que le pont a brisé et R0 le rayon
initial du pont.

Au cours de cette étude, nous caractériserons qualitativement les dynamiques de dé-
stabilisation de ligaments liquides puis nous présenterons l’analyse par transformée de
Fourier. Cette analyse répétée au cours du temps nous permettra d’avoir une vision dy-
namique de l’évolution des modes instables et d’en déduire les taux de croissance. Enfin
ces taux de croissance seront comparés à ceux prédits précédemment grâce à la relation
de Tomotika (voir équation (3.37)).

A titre d’exemples, nous utiliserons trois déstabilisations de ligaments, respectivement
à 20 K, 4 K et 1 K. De cette manière en prenant les extrémités et le milieu de notre
plage en ∆T , nous pourrons non seulement aller explorer des temps caractéristiques très
différents mais aussi montrer plus généralement comment les conditions expérimentales,
les conditions d’imagerie par exemple, changent drastiquement selon l’écart à la criticalité.
Nous illustrons ces trois exemples par les séquences d’images qui suivent figure 3.8, 3.9 et
3.10, et nous les nommerons respectivement L20K , L4K et L1K . Les rayons initiaux de ces
trois ponts sont respectivement 4.0 µm, 4.0 µm et 3.3 µm nous permettant d’illustrer des
dynamiques sur des rapports d’aspects initiaux égaux à H/R0 = 77.5, 100.5 et 130.1 .

Figure 3.8 – Déstabilisation d’une colonne liquide de rayon initial 4.0 µm pour un écart
à la température critique de 20 K. On remarque la forme irrégulière du pont à l’instant
initial, forme qui se maintient dans le temps comme enveloppe des perturbations.
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Figure 3.9 – Déstabilisation d’une colonne liquide de rayon initial 4.0 µm pour un écart
à la température critique de 4 K. On remarque que la première brisure est très localisée
malgré le développement d’un seul mode visible.
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Figure 3.10 – Déstabilisation d’une colonne liquide de rayon initial 3.3 µm pour un
écart à la température critique de 1 K. On remarque que l’interface est rugueuse à cause
de l’amplitude croissante des fluctuations d’interface à l’approche du point critique.
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3.2.1 Analyse qualitative de la déstabilisation

L’observation la plus notable et la plus générale que l’on peut faire est que dans nos
systèmes, la déstabilisation spontanée de colonnes liquides ne peut pas être décrite par
la présence d’un mode unique qui serait dominant en fin de brisure (voir figures 3.8, 3.9
et 3.10). La manifestation la plus claire d’une superposition de modes est le manque de
périodicité spatiale dans la brisure du ligament.

On retrouve d’ailleurs les formes que produisent Driessen et al. [43] par une superpo-
sition de deux modes instables de Rayleigh-Plateau de même amplitude et de même taux
de croissance (voir figure 3.11) .

Figure 3.11 – Simulation d’un jet perturbé par la superposition de deux modes de
Rayleigh-Plateau de même amplitude en traits plein. La prédiction du régime linéaire de
la déstabilisation pour ces modes est représentée en pointillés. Exceptée pour la présence
du satellite la simulation est bien décrite par la théorie linéaire. Image tirée de [43].

La raison pour cela repose dans les amplitudes initiales. En effet, comme le faisait
remarquer Stone [30], la relation de Tomotika est assez ’plate’ autour de son maximum
(kR0 ≈ 0.57). Ainsi un mode instable proche du mode de taux de croissance le plus grand
mais qui serait plus perturbé initialement que ce dernier pourrait ne jamais être rattrapé
par le mode le plus instable. Au voisinage du maximum, puisque les taux de croissance
sont sensiblement les mêmes, sur un nombre de temps caractéristiques de l’instabilité
suffisamment faible, ce seront les amplitudes initiales qui piloteront la dynamique.

Même si les modes sont tous activés sensiblement de la même façon, il suffirait que la
brisure s’effectue dans des temps suffisamment courts pour que le mode le plus instable
n’ait pas le temps de dominer significativement les autres modes. Dans une perspective
d’analyse de stabilité linéaire, il est aisé de constater que tous les modes activés ont une
longueur d’onde qui dépassent la circonférence de la colonne respectant les critères de
stabilité de Plateau [12].

D’autres remarques générales aussi peuvent être faites concernant l’évolution en écart
à la température critique. A l’approche de la criticalité, la différence en indice optique tend
vers zéro alors que la longueur thermique, c’est à dire l’épaisseur de l’interface diverge. On
remarque que quand ∆ T diminue, le contraste est plus faible et l’interface plus rugueuse.
De plus on voit que le rapport d’aspect augmente lorsque l’écart à la température critique
diminue parce que la hauteur de la phase inférieure augmente jusqu’à égaliser celle de la
phase supérieure et que la puissance utilisée pour former le pont diminue. Enfin on observe
la formation et la brisure de bulbes aux extrémités du ligament, appelés le "end-pinching".
Les bulbes se forment une fois le pont brisé à partir d’une forme de pointe produite par
le pincement du pont. Ils se forment puis cassent en un temps caractéristique identique à
celui des instabilités.

On semble aussi retrouver un certain nombre de caractéristiques signalées par Stone
dans ses simulations [30]. On discutera ainsi nos résultats en regard de ceux qu’il a obtenu
dans ses simulations (voir figure 3.12). Si cela n’est pas clair dans nos systèmes à cause
de la superposition des modes, Stone observe que le phénomène de "end-pinching" dû à
la présence d’une forte courbure aux extrémités n’a pas d’influence sur l’écoulement à
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l’intérieur de la colonne et donc sur la formation des instabilités de Rayleigh-Plateau au
niveau de la partie cylindrique du ligament (voir figure 3.13).

En dehors des amplitudes initiales des perturbations, on remarque aussi que pour L20K
la non-uniformité initiale du pont a produit un mode se comportant comme une enveloppe
pour les autres longueurs d’ondes et gouvernant la distribution finale spatiale des gouttes.
Cette caractéristique se retrouve sur l’ensemble des ligaments à ∆T = 20K dès lors que
l’on a besoin d’augmenter la puissance injectée pour construire une colonne liquide.

Figure 3.12 – Évolution des ondes capillaires durant la relaxation/brisure d’une goutte
allongée immergée dans un fluide au repos de même viscosité. Les temps représentés sont
t = 0 (a), 60.0 (b), 100.0 (c), 126.8 (d), 129.2 (e), 146.0 (f), 209.2 (g), 341.2 (h), 389.2
(i), 437.2 (j), 469.2 (k), 470.4 (l), 481.6 (m) 484.0 (n) avec t le temps renormalisé par
τη. Image tirée de l’article de 1989 de Stone et Leal [30].
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Figure 3.13 – Champ de vitesses et de pression pour une goutte allongée relaxant dans
un fluide au repos de même viscosité. En insert est représentée la différence de pression
sur l’axe du ligament par rapport à la pression au centre de la goutte en fonction de la
coordonnée axiale. Les temps représentés sont t = 0 (a), 44.80 (b), 57.94 (c) 65.28 (d)
avec t le temps renormalisé par τη. Les simulations prédisent que les efforts de pressions
au niveau des bulbes se compensent. Image tirée de l’article de 1989 de Stone et Leal [30].
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3.2.2 Transformée de Fourier et obtention du taux de croissance

Transformée de Fourier

Afin de déterminer la relation de dispersion, une détection de contour a été effectuée
sur les films de la déstabilisation image par image. Des détails sur le dispositif d’imagerie
et sur la détection de contour ont été présentés dans la section 2.5.

On définit la transformée de Fourier de la manière suivante :

‖TF (f, t)‖ =
∥∥∥∥∥
∫ L

0
R̃(z, t) [cos(2πfz) + isin(2πfz)]

∥∥∥∥∥ (3.39)

où L est la portion de longueur du ligament 3 analysée par le programme de détection de
contour 4.

Pour éviter des effets de taille finie 5 dans le spectre de Fourier on a préalablement
interpolé les données et filtré le rayon du ligament R(z, t) par une fonction gaussienne.
Ainsi on définira :

R̃(z, t) = (R(z, t)− R̄)e
(
z−L/2
σw

)2

(3.40)

où R̄ est la valeur moyenne du rayon de la colonne et doit être recalculée à chaque temps.
Celle-ci diffère de R0 au second ordre comme on a pu le voir dans la section 6 3.1.1. σw
est choisie de manière à avoir la meilleure résolution dans l’espace des fréquences tout
en ayant des seconds maxima inférieurs à 5% du maximum global. La taille retenue est
σω = 0, 78 L/2 et correspond donc dans l’espace des fréquences à une courbe intermédiaire
entre un sinus cardinal et une gaussienne ( voir figure 3.14).

Ce choix nous fixe la résolution σk que l’on aura dans l’espace de Fourier qui sera alors
égale à σk = 0, 46 2

L
7. La résolution obtenue dans l’espace des kR0 est donc directement

proportionnelle au rapport d’aspect, avec σkR0 = 5.8R0
L ∼ 0.08 − 0.04. Dans le cas de

L20K , L4K et L1K , on aura ainsi respectivement σkR0 > 0.075, 0.058 et 0.045 8 9 .

L’utilisation d’une fenêtre gaussienne nous permet de normaliser les amplitudes de
transformées de Fourier. Pour la définition de la transformée utilisée, un cosinus filtré par

3. Elle peut être inférieure à la taille physique de l’objet à cause des contraintes d’imagerie comme des
effets de diffractions aux extrémités de la colonne (voir figure 3.10) ou des gouttes défocalisées présentes
sur la paroi avant de la cellule (voir figure 3.8).

4. La transformée de Fourier est calculée explicitement en utilisant une intégrale de Simpson sur les
données. Cela a été préférée a une transformée de Fourier rapide qui renvoie des fréquences espacées par
∆f = 1/L. Même si toute l’information est présente puisque la résolution dans l’espace des fréquences est
justement bornée par δf = 1/L, cela rend difficile tout traitement postérieur difficile dans la gamme de
fréquences étudiée.

5. En effet la transformée de Fourier d’une fonction porte est une fonction sinus cardinal dans l’espace
des fréquences ainsi toute fonction définie sur un intervalle borné correspondra dans l’espace des fréquences
à la transformée de cette fonction multiplié par la fonction sinus cardinal (conséquence de la convolution
avec la fonction porte). Or la présence des maxima secondaires de la fonction sinus cardinal peut nous
induire en erreur en nous faisant croire à la présence de modes de plus petite amplitude.

6. Plus spécifiquement toute la composante linéaire de R(z, t) est soustraite pour réduire les effets des
conditions initiales notamment à grand ∆T

7. On a pris soin de vérifier que ceci reste vrai pour l’ensemble des tailles de colonnes et des fréquences
considérées dans notre système.

8. La longueur analysée par le programme est inférieure à la longueur physique du ligament.
9. On remarquera que la résolution en kR0 va diminuer avec l’écart à la température critique car comme

mentionné précédemment le rapport d’aspect des ligaments formés va augmenter avec la taille de la phase
inférieure.
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une fonction gaussienne centrée de largeur σ produira dans l’espace des fréquences une
amplitude

√
πσ. On notera AmpTF , l’amplitude normalisée :

AmpTF = 2C ‖TF (f, t)‖√
πσR0

(3.41)

Le facteur 2 vient du fait qu’une perturbation unimodale n’est possible que par une
pertubation simultanée de la vitesse et du rayon et comme on ne considère que les pertur-
bations du rayon il existe simultanément une fréquence positive et négative. Le facteur C
est un facteur correctif valant 1.074 dû au fait que la fenêtre est une fonction gaussienne
tronquée à ses extrémités 10.

Figure 3.14 – Largeurs dans l’espace de Fourier de transformées de Fourier d’une fonc-
tion cosinus définit sur une longueur L pour 3 cas : la fonction cosinus n’est pas convoluée,
elle est convoluée par une fonction gaussienne de largeur σω = 0.5L2 , ou elle est convoluée
par une fonction gaussienne de largeur σω = 0.78L2 . σk correspond à la résolution dans
l’espace des fréquences pour le choix σω = 0.78L2 .

Par la suite les fréquences seront normalisées par 2πR0 avec R0 le rayon initial du pont
liquide. Et comme on se situe dans le régime des écoulements de Stokes (Re < 10−5), les
temps seront normalisés par un temps caractéristique visqueux τη et décalés pour fixer
l’origine à l’instant de la première brisure tbk :

t∗ = t− tbk
τη

= γ(t− tbk)
ηR0

avec R0 comme longueur caractéristique (3.42)

Nous présentons par la suite une analyse par transformée de Fourier à partir de trois
images tirées de L20K , L4K et L1K à des temps suffisamment avancés pour que l’instabilité
puisse être bien caractérisée. Nous pourrons ainsi, par la même, simultanément illustrer
la démarche présentée et obtenir des résultats préliminaires sur la distribution des modes
de Rayleigh-Plateau.

Commentaires

Nous considérerons les images suivantes (voir 3.15a, 3.15b et 3.15c) prises respecti-
vement à tbk − t = 0.0325 s pour L20K , 0.37 s pour L4K et 1.09 s pour L1K . D’après

10. Pour le déterminer, on a calculé numériquement l’amplitude maximale de la transformée de Fourier
d’un cosinus de longueur fini L filtré par une gaussienne de largeur σ = 0.78L2 . Puis on a normalisé cette
amplitude par les autres termes présents dans le terme de droite de l’equation (3.41) et enfin on l’a inversé.
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la normalisation présentée précédemment (3.42), cela correspond à t∗ = 32 pour L20K ,
t∗ = 31 pour L4K et t∗ = 22 pour L1K .

En notant tth = τη/ωN,max le temps caractéristique associé au mode le plus instable
selon Tomotika, on obtient pour les trois températures t∗th ∼ 27. Ainsi les images prises
sont de l’ordre d’un temps caractéristique de la brisure donc pour un temps où on s’attend
à ce que le régime linéaire ne soit plus valide. Et pourtant il est remarquable de constater
que la forme sinusoïdale caractéristique du régime linéaire est toujours très régulière.

On peut alors mesurer le mode le plus visible sur chacune d’entre elles en moyennant
la longueur d’onde respectivement sur les 5, 6 et 8 oscillations visibles sur les images. On
obtient alors 38.0± 1.8 µm, 41.7± 2.1 µm et 38.1± 1.2 µm et le nombre d’onde normalisé
associé à cette longueur d’onde ’observable’ kmesR0 sera donc respectivement 0.66± 0.03,
0.60± 0.03 et 0.54± 0.03.

(a)

(b)

(c)

Figure 3.15 – Images tirées respectivement (a) de L20K , (b) de de L4K et (c) de L1K
à 0.325 s, 0.37 s et 1.09 s de la brisure du ligament. La longueur d’onde principale,
respectivement λ = 38.0± 1.8 µm, λ = 41.7± 2.1 µm et λ = 38.1± 1.2 µm est mesurée à
partir des bornes constituées par les doubles flèches.

Transformées de Fourier A partir des images 3.15a, 3.15b et 3.15c présentées, on peut
récupérer le contour du ligament se déstabilisant R(z) grâce au programme présenté dans
la section 2.5 et calculer leurs transformées de Fourier grâce à la démarche présentée préa-
lablement. On représente alors ces transformées sur les figures 3.16a, 3.16c et 3.16e pour
l’ensemble des modes kR0 instables déterminés par l’équation (3.5) (à savoir l’intervalle
0 ≤ kR0 ≤ 1).

On remarque sur les transformées de Fourier figures 3.16a, 3.16c et 3.16e, que pour
les exemples à ∆T = 20 K et 1 K, on ne peut pas attribuer la déstabilisation visible
sur les images 3.15a, 3.15b et 3.15c, à un seul mode dominant sélectionné par la théorie
linéaire. On observe la présence de plusieurs modes principaux d’amplitudes proches se
superposant. Du reste on remarque que nos mesures à l’oeil (kR0 = 0.66, 0.60 et 0.54) de la
longueur d’onde de la perturbation (voir figures 3.15a, 3.15b, 3.15c) sont compatibles avec
un des modes dominants donnés par la transformée de Fourier (celui du mode principal
de plus haute fréquence). Il est aussi intéressant de souligner que le nombre de modes
excités en dehors des pics principaux et leurs amplitudes augmentent à l’approche de la
criticalité 11.

11. En dehors du fait qu’avec l’écart à la température critique diminuant et le rapport d’aspect augmen-
tant en conséquence (voir section 3.2.1), le nombre de modes que l’on peut résoudre augmente.
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(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Figure 3.16 – (a), (c), (e) Amplitudes des modes de Fourier normalisées en fonction du
nombre d’onde normalisé obtenues à partir respectivement de l’image 3.15a, 3.15b et3.15c.
Les modes le plus visible sur les images 3.15a, 3.15b et 3.15c correspondant à λ = 38.0
(a), 41.7 (c) et 38.1 µm (e) (kR0 = 0.66, 0.60 et 0.54) sont représentés respectivement en
rouge, vert et violet. (b), (d), (f) Transformée de Fourier inverse (en orange) comparée
au profil détecté sur les images 3.15a, 3.15b et 3.15c. Les modes kR0 = 0.66 (b), 0.60
(d) et 0.54 (f) ainsi que les modes de plus haute amplitude kmaxR0 (en jaune) sont aussi
représentés.

A titre de comparaison, on montre aussi figures 3.16b, 3.16d et 3.16f les transformées
de Fourier inverse faites à partir des modes représentés figures 3.16a, 3.16c et 3.16e et
remarque que celles-ci correspondent bien aux profils originaux, ce qui valide notre analyse
par transformée de Fourier. On remarque tout de même des déviations s’amplifiant vers
les extrémités du profil (à faibles et grands z) qui sont les conséquences du filtre gaussien
appliqué le signal. On retrouve d’ailleurs que lorsque l’écart à la température critique
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diminue, le profil détecté 3.16b, 3.16d et 3.16f est de plus en plus bruité due à la rugosité
de l’interface (voir figures 2.70a et 2.70b).

Il est pourtant surprenant de souligner que pour l’exemple à 4 K, un seul mode prin-
cipal (kmaxR0 = 0.63) est présent sur la transformée de Fourier (voir figure 3.16c). En
effet, on peut voir sur la séquence d’images 3.9 que la brisure est très localisé et on devrait
s’attendre dans l’espace de Fourier à un paquet d’onde plutôt qu’à un mode discret très
marqué. Il est probable que les longueurs d’ondes superposées sont tellement rapprochées
que notre résolution n’est pas suffisante pour les séparer. Ceci constitue une limite évi-
dente mais importante à un traitement automatisé de l’analyse par transformée de Fourier
tellement l’impact en terme de morphologie sur la brisure est remarquable 12.

Pour l’exemple à ∆T = 20 K, on a représenté figure 3.16b la longueur d’onde corres-
pondant au mode dominant (kmaxR0 = 0.16) et on remarque que celle-ci est compatible
avec la taille typique de l’enveloppe due aux irrégularités initiales vues précédemment.
Celui-ci constitue le mode dominant à cet instant 13 et parasiterait une méthode consis-
tant à étudier l’instabilité de Rayleigh-Plateau en mesurant seulement le mode dominant
et son évolution au cours du temps.

Maintenant que l’on a caractérisé la transformée de Fourier pour une image particulière
et vu comment celle-ci diffère lorsque l’écart à la température critique diminue, on va
pouvoir par la suite caractériser l’évolution des modes représentés au cours du temps et
déterminer leur dynamique.

Evolution dynamique des modes de Fourier

La démarche présentée ci-dessus a été reproduite image par image. Au terme de cette
procédure, on a obtenue une matrice de données à deux dimensions correspondant aux
AmpTF (kR0, t∗) 14.

Des lors on va pouvoir découper par tranche fréquentielle les AmpTF (kR0, t∗) et ajus-
ter chacune des fonctions AmpTF |kR0

(t∗) par des fonctions exponentielles. L’algorithme
d’ajustement utilisé est un algorithme non linéaire cherchant à minimiser la distance or-
thogonale de la fonction à ajuster aux données 15. Les deux paramètres A et ωN des ajus-
tements exponentiels AeωN t∗ sont laissés comme paramètres libres et plusieurs conditions
sont appliquées en amont de l’ajustement :

1. l’ensemble des valeurs situées en dessous de la limite de résolution fixée à un pixel
sont soustraites,

2. seules sont prises en compte les valeurs pour des temps t∗ tels que t∗lig < t∗ < 0
où t∗lig est le temps à partir duquel les extrémités du pont ont pincé et le ligament
s’est formé,

3. la plage de temps considérée dans l’ajustement doit être supérieure à un temps
caractéristique de déstabilisation t∗th.

12. Le caractère extrêmement localisé de la première brisure n’aurait pas pu être retrouvé à partir
seulement de l’analyse de Fourier. Une analyse grossière nous aurait même, au contraire, indiqué une
fausse piste, à savoir la périodicité de la brisure puisque le spectre présente un seul maximum.
13. En fait celui-ci serait dominant à tous les instants si on prenait le film dans son intégralité.
14. Cependant les fréquences kR0 sur lesquelles les points ont été calculées ne sont pas communes à

l’ensemble des ligaments pour un ∆T donné. Ainsi, dans un but de traitement statistique, les données sont
rééchantillonnées au moyen d’une interpolation 2D utilisant des fonctions spline cubiques de sorte à avoir
un ensemble de kR0 commun.
15. Une méthode des moindres carrées est mal adaptée à des données dont la distribution de l’erreur

n’est pas uniforme.
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Une fois l’ajustement réalisé, seuls les taux de croissance pour lesquels l’erreur relative
donnée par l’ajustement est inférieure à 40% sont conservés.

On vient ainsi de décrire la procédure d’ajustement qui nous permettra de mesurer
les taux de croissance des modes observées figures 3.16a, 3.16c et 3.16e. Il est naturel
de caractériser la robustesse de cette procédure et dans le même temps d’observer les
dynamiques des modes observés. On suivra en particulier ce qu’on appellera les modes le
plus visible, kR0 = 0.66, 0.60 et 0.56, mesurés sur les images 3.15a, 3.15b et 3.15c et le
mode le plus instable d’après la relation de Tomotika kthR0 illustrée figure 3.6.

Commentaires

Revenons à nos exemples L20K , L4K et L1K considérons la figure 3.17 sur laquelle sont
représentées différentes transformées de Fourier pour plusieurs temps en échelle logarith-
mique.

Figure 3.17 – Transformée de Fourier pour différentes images tirées de la déstabilisation
L20K pour (a), L4K pour (b) et L1K pour (c). Les temps renormalisés correspondant sont
t∗ = −61, −28, −16 et 0 pour (a), t∗ = −76, −35, −22 et 0 pour (b) et t∗ = −82,
−40, −25 et 0 pour (c). Sur chaque figure le mode le plus visible (voir figure 3.15c, 3.15b
et 3.15a) ainsi que le mode le plus instable selon Tomotika kthR0 sont aussi représentés.
Les modes normalisés kR0 = 0.32 et 0.82 correspondant à kthR0±0.25 dont on représente
l’évolution au cours du temps 3.18 à titre de comparaison, sont aussi matérialisés. Les
barres d’erreur ont été enlevées par souci de visibilité.

On remarque en comparant les modes centraux (kR0 ∼ 0.5) aux modes situés aux
extrémités de l’intervalle représenté que les premiers croissent plus vite. Si on prend le
cas du mode à basse fréquence (kR0 = 0.16) pour L20K (figure 3.17a) : son amplitude
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n’est multipliée que d’un facteur ∼ 2 alors que le mode à 0.6 voit son amplitude multipliée
par presque 10. De la même façon pour L1K (figure 3.17c), alors que les modes ont des
amplitudes similaires tout au long de la gamme de fréquence au premier instant représenté,
les modes centraux deviennent dominants sur les derniers instants représentés. On retrouve
ainsi qualitativement la tendance donnée par la relation de Tomotika qui présente un
maximum pour un mode kR0 ∼ 0.5.

Ajustement exponentiel Considérons désormais le mode le plus visible kR0 = 0.66, 0.60
et 0.54, ainsi que le mode de Tomotika le plus instable kthR0 16 représentés sur la figure
3.17. On représente leur évolution au cours du temps ainsi que l’ajustement exponentiel
réalisé figure 3.18.

Figure 3.18 – Amplitude de Fourier au cours du temps renormalisé t∗/t∗th avec t∗ = t/τη
et t∗th = 1/ωN,max, pour le mode théoriquement le plus instable kthR0 dans le cas de la
déstabilisation (a) L20K , (b) L4K et (c) L1K . L’évolution des modes les plus visibles,
respectivement kR0 = 0.66, 0.60 et 0.54 pour ces trois exemples est aussi représentée.
Les ajustements exponentiels sont aussi montrés. Les modes normalisés kR0 = 0.32 et
0.82 correspondant à kthR0 ± 0.25 sont aussi montrés à titre de comparaison. Les barres
d’erreur ont été enlevées dans un soucis de visibilité.

16. Dont on peut voir la variation figure 3.7a
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Il est remarquable que les évolutions au cours du temps du mode le plus visible et
du plus instable selon Tomotika soient bien ajustées par une fonction exponentielle.Des
exemples où la procédure n’a pas ajusté de modes parce que les conditions énoncées
n’étaient pas remplies sont présentés sur la figure 3.18. Ceci confirme une fois de plus la
robustesse du régime linéaire jusqu’à des temps très proches de la brisure, très inférieurs
à un temps caractéristique de l’instabilité (‖t∗/t∗th‖ < 1 avec t∗th le temps caractéristique
du mode le plus instable selon Tomotika). Aussi on remarque pour 3.18a et 3.18c qu’une
fois le ligament brisé (t∗ = 0) l’évolution dévie d’un régime linéaire comme attendu. Pour
la figure 3.18b, l’évolution linéaire se maintient sur plus de un t∗th après la brisure malgré
des oscillations observées. En effet la brisure pour L4K représentée sur la séquence 3.9 est
très localisée de sorte qu’on peut s’attendre à ce que les modes continuent de croître sur
les morceaux ligamenteux persistant après la première brisure.

Par ailleurs, il est surprenant de remarquer qu’en terme de temps caractéristiques,
l’instabilité se développe sur un temps très court (t∗lig = 2, 1 t∗th, 2, 1 t∗th et 1, 6 t∗th) à
partir du moment où le ligament se forme. En effet, considérons l’exemple L1K figure 3.17.
Les trois modes centraux ont des nombres d’ondes normalisés kR0 = 0.4, 0.54 et 0.64.
Leurs amplitudes devraient donc être augmentées d’un facteur eωN (kR0)t∗lig = 4.0, 4.9 et
4.7, de sorte que l’écart entre leur croissance sera donc de l’ordre de 20 respectivement
de 4% 17. Cette observation constitue un des résultats les plus importants de notre étude.
En effet, le fait que les taux de croissance soient si rapprochés entre les différents modes
implique que le temps nécessaire pour qu’un mode soit dominant devant les autres est
particulièrement long 18. Ainsi dans nos expériences, nous nous situerons jamais dans un
cas où un seul mode existe, sélectionné par la dynamique en régime linéaire, contrairement
aux hypothèses formulées par Rayleigh.

Revenons à la comparaison avec une méthode de mesure de longueur d’onde à l’oeil
comme effectuée par Rumscheidt et Mason [35]. On remarque tout de même figure 3.18 que
pour les trois exemples, les taux de croissances ajustés pour le mode le plus visible kmesR0
sont compatibles (au vu des barres d’erreurs) avec ceux du mode le plus instable selon
Tomotika kthR0, ce qui s’explique par la faible variation du taux de croissance autour
de son maximum dans la relation de Tomotika 3.37. Il n’est alors pas surprenant que
les mesures de taux de croissance obtenues précédemment soit en accord avec la relation
de Tomotika. En revanche, ces résultats ne montrent pas que l’ensemble des arguments
utilisés pour faire cette prédiction soient vérifiés, en particulier celui sur l’unicité du mode
le plus instable.

Ainsi on a pu voir que les ajustements exponentiels étaient robustes sur l’ensemble des
modes satisfaisant aux critères énoncés précédemment. L’observation finalement la plus
étonnante que l’on ait pu faire est que dans tous les cas l’instabilité ne semble pas se faire
sur un nombre de temps caractéristique suffisant pour que la dynamique en régime linéaire
rende un mode dominant par rapport aux autres, contredisant l’argument de Rayleigh-
Plateau disant que le mode dominant est le mode le plus instable.

Dans l’objectif de l’obtention d’une relation de dispersion expérimentale, on va désor-
mais chercher à sélectionner parmi l’ensemble des taux de croissance obtenus, ceux qui
correspondent aux modes physiques responsables de la déstabilisation.

17. Même si on multiplie le nombre de temps caractéristiques sur lesquels la déstabilisation se produit
par deux, l’écart ne serait que de ∼ 20%. Il est donc très improbable de voir une sélection du mode le plus
instable basée sur la théorie linéaire.
18. Pour que le mode kR0 = 0.64 soit négligeable devant la mode kR0 = 0.54, il aurait fallu attendre

une centaine de temps caractéristique !
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Modes physiques de déstabilisation

Finalement partant de l’analyse de Fourier précédente on remarque que tout les nombres
d’onde peuvent présenter un taux de croissance.

En effet, dès lors que le milieu est fini (c’est à dire que l’on est en présence d’un
ligament), un mode physique, c’est à dire responsable de la déstabilisation du ligament,
présentera une distribution sous-jacente qui évoluera conjointement à ce dit mode. Disons
désormais que l’on a plusieurs modes superposés, de taux de croissance différents. Alors
si la résolution dans l’espace des kR0 n’est pas suffisante, les distribution sous-jacentes à
ces modes risquent de se recouper de sorte que les nombres d’ondes situés au niveau de
ces recoupements auront une évolution temporelle non triviale. Cette évolution est une
résultante des différents taux de croissance et des positions occupées dans les différentes
distributions sous-jacentes aux modes physiques, et peut passer pour de la croissance
d’un mode physique. On va ainsi présenter comment au sein de ces spectres continus de
Fourier, nous allons discriminer les nombres d’ondes correspondant à des modes physiques
de déstabilisation.

Modélisons la transformée de Fourier des profils R(z) par un ensemble de modes sous-
tendant une distribution et évoluant avec des taux de croissance donnés par la relaxation de
Tomotika. Pour chacun de ces modes, l’ensemble de la distribution grandira conformément
au taux de croissance du mode sous-tendu 19.

Si on ajuste par une fonction exponentielle l’évolution dans le temps de chacun des
points de la distribution alors les taux de croissance renvoyés ωN devraient présenter
un plateau 20 alors que les amplitudes ajustées en amont de la fonction exponentielle A
devraient se comporter comme la distribution précédemment citée 21.

Il nous suffit alors de nous intéresser aux comportements des amplitudes en kR0 et d’en
récupérer les maxima. Ceux-ci, d’après le raisonnement ci-dessus, sont les plus susceptibles
de correspondre aux modes sous-tendus par les distributions, à savoir les modes physiques
responsables de la déstabilisation.

On obtient finalement une procédure de sélection des modes physiques indépendante du
temps en faisant l’hypothèse d’une croissance exponentielle d’une superposition de modes
discrets. Il ne nous reste plus alors qu’à récupérer la pente ajustée pour ces nombres d’ondes
sélectionnés qui seront les taux de croissance retenus pour la relation de dispersion.

Commentaires

Reprenons nos exemples L20K , L4K et L1K et appliquons le raisonnement présenté
ci-dessus. On représente les amplitudes A et les taux de croissance ωN renvoyés par la
procédure décrite section 3.2.2 figure 3.19. Les amplitudes A obtenues grâce à la procédure
décrite section 3.2.2 sont représentées figure 3.19.

On remarque que comme attendu, celles-ci ressemblent finalement bien à une somme
de fonctions gaussiennes centrées sur les modes principaux observés sur les transformées de
Fourier (figures 3.16a, 3.16c et 3.16e). Ceci est d’autant plus remarquable pour l’exemple
à ∆T = 1 K figure 3.16e où la résolution est suffisante pour séparer les modes.

19. Dans notre cas, la distribution sera une gaussienne grâce à la fenêtre utilisée.
20. Dans la mesure seulement où le mode est isolé. Si les distributions que sous-tendent deux modes se

recoupent alors les taux de croissance ne présentent plus de plateau.
21. On rappellera qu’avec la manière dont on a définit les temps (t∗ = t−tbk

τη
), l’amplitude de l’ajustement

A correspond à la fonction ajustée au temps t∗ = 0, à savoir au moment de la brisure
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Figure 3.19 – Amplitude et taux de croissance donnés par l’ajustement exponentiel à
deux paramètres libres sur une tranche fréquentielle du diagramme AmpTF (kR0, t∗) de
la déstabilisation L20K pour (a,1) et (a,2), L4K pour (b,1) et (b,2), et L1K pour (c,1)
et (c,2). Les valeurs des maxima en amplitude ajustés correspondant aux modes excités
provoquant l’instabilité de Rayleigh-Plateau sont représentés et reportés sur les graphes
représentant les taux de croissance. Les valeurs de taux de croissance sont comparées à la
relation de Tomotika.

Il est par contre a priori surprenant que les valeurs des amplitudes soient généralement
en dessous de 0.5 voire proche de 0.3. En effet si on considère le rayon perturbé par un
seul mode, à l’ordre 1 on a :

R(t) = R0 +Ae
γ

2ηR0
ωN (k)t

cos(2πkz), (3.43)

En considérant la position z = zbk pour laquelle la première brisure va avoir lieu (2πkzbk =
1), on obtient :

Rmin(t) = R0 +Ae
γ

2ηR0
ωN (k)t (3.44)

La condition Rmin(t) = 0 à t = tbk nous permet de conclure, en supposant un régime
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linéaire valide jusqu’à la brisure, que A = R0e

(
ωN (k)

2
tbk
τη

)
et ainsi :

Rmin(t) = R0(1− e
ωN (k)

2
t−tbk
τη ) (3.45)

A l’ordre 1, pour un seul mode participant à la brisure et en utilisant nos variables norma-
lisées, on s’attend donc à une amplitude proche de l’unité. 22 On retrouve du coup le bon
ordre de grandeur même si on surestime les résultats expérimentaux sur les amplitudes
ajustées des modes de déstabilisation obtenus.

Néanmoins, au vu de la définition de nos temps renormalisés, l’amplitude A correspond
à la valeur de la fonction ajustée au moment de la brisure t∗ = 0. De fait, on en déduit
alors que cette brisure intervient ’trop tôt’ (d’un temps égal à t−tbk

τη
= 1

ωN
ln(A) avec ici tbk

égal au temps de la première brisure si un seul mode était présent). Ceci s’explique par le
fait que plusieurs modes coexistent et agissent simultanément au point de la brisure. De
fait que l’addition des différentes contributions de ces différents modes à l’endroit de la
brisure fait que celle-ci intervient alors plus tôt que si celle-ci était seulement le résultat
de la déstabilisation engendrée par un unique mode.

En ce qui concerne les taux de croissance représentés figures 3.19, même si on retrouve
bien l’ordre de grandeur de la relation de Tomotika, les comportements des taux de crois-
sance en fonction de kR0 quant à eux sont différents de ceux attendus par une analyse
linéaire.

De fait, selon le modèle présenté ci-dessus, ceci n’est pas surprenant dans la mesure
où seuls les modes sous-tendant les distributions (déterminés à partir des figures 3.19a1,
3.19b1 et 3.19c1) sont susceptibles de suivre une évolution conforme à la relation de Tomo-
tika. L’évolution du spectre associé à un seul mode sur une fenêtre gaussienne, c’est à dire
un spectre gaussien centré sur la fréquence de ce mode, évolue uniformément d’après la loi
d’évolution associée à ce dit mode malgré son aspect multi-modal (voir section 3.2.2). En
l’occurrence aucune information ’évidente’ sur les taux de croissance nous aurait permis
de remonter à elles seules aux modes physiques de déstabilisation.

On remarque d’ailleurs, que pour l’exemple à ∆T = 4 K figure 3.19b2, on retrouve
bien le comportement en plateau du taux de croissance qu’on avait prédit précédemment
(voir section 3.2.2). Si les variations observées pour les autres exemples sont imputables
en partie au recoupement de ces distributions, celles-ci sont aussi une conséquence de la
dérive des longueurs d’ondes au cours du temps.

22. A l’ordre 2, il nous faut considérer que le rayon est perturbé non pas par rapport à son rayon initial
mais par rapport à son rayon moyen qui diminue avec la perturbation :

R(t) = R̄+BR0e
ωN (k)

2
t−tbk
τη cos(2πkz). (3.46)

avec R̄ = R0 −
1

4R0

(
BR0e

ωN (k)
2

t−tbk
τη

)2

(3.47)

Considérant de nouveau la condition que Rmin(t) = 0 à t = tbk on en déduit une équation du second degré
en B :

B2 − 4B − 4 = 0 (3.48)
Puisqu’on veut que B < 0 (on s’intéresse à un minima de la perturbation) on en déduit que :

B = 2(
√

2− 1) (3.49)

A l’ordre 2 :
R(t) = R0(1−

√
2− 1
2 e

ωN (k) t−tbk
τη + 2(

√
2− 1)e

ωN (k)
2

t−tbk
τη cos(2πkz)). (3.50)

La valeur attendue de l’amplitude en amont de l’exponentiel est alors ∼ 0.8.
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Evolution globale du spectre de Fourier au cours du temps Pour caractériser
cette dérive, il nous faut alors prendre en compte l’évolution des amplitudes de Fourier
dans leur ensemble. Considérons les diagrammes AmpTF (kR0, t∗) associés à nos exemples
L20K , L4K et L1K représentés figure 3.20.

Figure 3.20 – a) Amplitude de transformée de Fourier normalisée en fonction du nombre
d’onde normalisé et du temps normalisé AmpTF (kR0, t∗) de la déstabilisation du ligament
L20K visible sur la séquence d’images 3.8 pour (a), et du ligament L4K visible sur la
séquence d’images 3.9 pour (b) et du ligament L1K visible sur la séquence d’images 3.10
pour (c). t∗ = 0 correspond au temps de la première brisure et l’instabilité a lieu pour les
temps négatifs. Les maxima d’amplitudes de Fourier sont représentés par des marqueurs
oranges. Les modes sélectionnés grâce aux maxima en amplitude ajustés et correspondant
aux modes physiques de déstabilisation sont matérialisés par des tirets noirs. Le mode le
plus instable selon Tomotika kthR0 est montré ainsi que le temps pour lequel le ligament
vient de se former t∗lig.

On remarque aussi que la longueur d’onde de certains modes qui ont été excités semble
évoluer légèrement au cours du temps vers les hautes fréquences (voir l’exemple à ∆T =
1 K en particulier figure 3.20(c)). On pourrait se demander si la contraction des colonnes
au cours du temps ne pourrait pas aussi conduire à un resserrement des perturbations du
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rayon et donc augmenter le nombre d’onde 23.

Ceci constitue d’ailleurs une des limites de l’analyse en tranche fréquentielle pour la-
quelle on va chercher à étudier le taux de croissance de chacun des modes de déstabilisation
individuellement en supposant qu’à une longueur d’onde correspond systématiquement un
mode de déstabilisation. Or on pourra rencontrer des situations pour lesquelles l’ampli-
tude de la transformée associée à une fréquence augmentera (ou chutera) brutalement.
Par exemple, considérons un nombre d’onde k0R0 ne correspondant pas à un mode phy-
sique mais à une queue de gaussienne centrée sur un mode physique initialement situé à
un nombre d’onde kmR0. Disons désormais que ce mode physique admet une dérive de
son nombre d’onde au cours du temps kmR0(t) (par exemple à cause de la contraction
du ligament). Si kmR0(t) tend vers k0R0 et qu’on analyse l’évolution au cours du temps
de l’amplitude pour le nombre d’onde k0R0, alors l’amplitude pour ce nombre d’onde va
augmenter sans que cette évolution ne soit reliée directement à un taux de croissance.
En effet, cette évolution sera la conséquence qu’au fil du rapprochement de kmR0(t) vers
k0R0, ce nombre d’onde correspondra à des positions successives sur la distribution de la
gaussienne de plus en plus proche du centre.

Ainsi, pour découpler l’augmentation de l’amplitude du nombre d’onde due à cet effet
de dérive, de celle résultant de l’instabilité linéaire, une seconde analyse pourrait consister
à faire un ajustement à chaque temps les amplitudes de transformée de Fourier par une
somme de N fonctions gaussiennes avec N le nombre de modes physiques sélectionnés à
partir des maxima des amplitudes ajustées A. De cette manière, on pourrait découpler les
deux effets en reconstruisant la dérive au cours du temps du centre de ces distributions
a posteriori pour ensuite récupérer leur taux de croissance, réduisant ainsi les sources
d’incertitudes.

Finalement la remarque la plus importante est que l’on retrouve pour toute la dyna-
mique des pics en amplitude de transformées de Fourier superposés aux modes physiques
de déstabilisation, c’est à dire aux pics dans l’espace des amplitudes ajustées. Si ceci n’est
pas surprenant proche de la brisure, cela semble pointer le fait que ces modes sont sé-
lectionnés dès les instants initiaux. Or a vu précédemment que la dynamique en régime
linéaire ne pouvait pas expliquer cette sélection de modes. On se serait alors attendu à ob-
server une infinité de modes dont les amplitudes initiales auraient été fixées par le spectre
des perturbations initiales et non pas les quelques modes observés. Dès lors le processus
de sélection de modes dès les premiers instant soulève une nouvelle question dans l’étude
de la déstabilisation d’un ligament liquide, celui-ci pouvant être un effet de taille finie du
ligament.

23. Les effets de gravité sont importants proches du point critique, on peut ainsi se demander si on n’a
pas un éventuel couplage gravitationnel.
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3.2.3 Relation de dispersion expérimentale

Taux de croissance et mesures de tension interfaciale

A partir de la démarche illustrée par les exemples précédents, on est capable d’obtenir
l’ensemble des taux de croissance pour les modes de déstabilisation présents pour chacun
des ligaments. Comme mentionné précédemment dans la section 3.2.2, une interpolation
2D sur les AmpTF (kR0, t∗) a été effectuée et les données utilisées par la suite ont été
produites à partir de la même distribution de nombres d’onde pour tout les ligaments
étudiés expérimentalement pour un écart à la température critique donné. On peut alors
obtenir une relation de dispersion expérimentale dont un exemple est présenté figure 3.21
pour ∆T = 4 K.

Figure 3.21 – Taux de croissance normalisé des modes excités pour l’ensemble des li-
gaments étudiés pour un écart à la température critique de 4 K. La relation théorique de
Tomotika (3.37) est calculée pour ηint/ηext = 0.85.

On remarque que nos résultats sont conformes à la relation attendue que ce soit en
terme d’ordre de grandeur et de comportement en nombre d’onde normalisé bien qu’on
observe un petit décalage systématique vers des taux de croissance plus petits que ceux
attendus. Du reste aucune dépendance en rapport d’aspect ne semble être observé (H
étant fixé par la hauteur de la phase à cet écart à la température critique donné) 24. La
dispersion de nos valeurs semble de nature statistique et il convient alors de faire une
moyenne des taux de croissance pour un mode donné même si pour la majorité des modes,
seulement une valeur est disponible.

Dès lors on peut alors tracer figure 3.22a la moyenne par écart à la température critique
sur un graphe global et confronter l’ensemble de nos résultats expérimentaux à la relation
de Tomotika calculée pour les divers rapports de viscosités ηint/ηext pour les divers écarts
à la température critique (voir tableau 2.1.8).

Sur l’ensemble de nos résultats expérimentaux, on remarque de nouveau la conformité
de nos résultats expérimentaux à la relation de Tomotika bien que celle-ci surestime les
valeurs mesurées. Ce décalage systématique obtenu peut être imputé à la valeur de la
viscosité obtenue par prolongement dans la région diphasique de mesures effectuées par
dans la région monophasique du diagramme de phases de notre échantillon (voir chapitre
2.1). Pour autant, on remarque que nos mesures de taux de croissance peuvent être renor-

24. Et cette remarque se généralise pour tout les écarts à la température critique
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malisées par ces valeurs de viscosité et les mesures de tension interfaciales mesurées par
puissance seuil (voir chapitre 2.3).

(a) (b)

Figure 3.22 – (a) Moyenne des taux de croissance normalisés sur l’ensemble des liga-
ments pour un écart à la température critique donné pour un mode normalisé kR0. L’écart
type, représenté par les barres verticales prend en compte la dispersion des valeurs pour
chaque nombre d’onde normalisé kR0. La relation théorique de Tomotika 3.37 est repré-
sentée pour ηint/ηext pour tout les écarts à la température critique. (b) Rapport du taux
de croissance moyen sur la valeur théorique calculée pour le nombre d’onde normalisé et
le rapport de viscosité correspondant ωth(kR0,

ηint
ηext

(∆T )) en fonction de kR0. La valeur
moyenne représentée par une ligne noire en tirets est égale à 0.69, la région grisée corres-
pond à un encadrement donné par un écart à la moyenne d’un écart type égal à 0.16. Les
erreurs ne sont pas représentées dans un soucis de lisibilité.

En prenant le rapport de nos données sur les valeurs théoriques attendues par la relation
de Tomotika représenté figure 3.22b, on observe que la relation surestime nos résultats de
31%. Plus finement on observe que les résultats à hautes fréquences sont plus surestimés
et que les basses fréquences le sont très légèrement moins.

Des remarques similaires avaient été formulées par Stone [30] pour ses simulations dans
lesquelles il avait remarqué que les modes de hautes fréquences semblaient présenter des
déviations. Plus spécifiquement, en début de dynamique les modes semblaient passer par
un régime transitoire avant d’atteindre le taux de croissance prévu par la théorie linéaire
A.1.

On peut aussi remarquer que nos résultats invalident la relation développée par Ki-
noshita [41], censée être plus universelle que celle obtenue par Tomotika, et confortée par
Teng [42] par une mesure de la distance goutte-goutte et plus récemment par Patrascu
[5] en 2019. Si on ne regarde que la prédiction du mode dominant celui est donné par
kmax = (2 +

√
2Oh(3 + ηext

ηint
))−1/2 où Oh est le nombre d’Ohnesorge. Ainsi dans notre

situation, pour un Oh compris entre 11 et 87, kmaxR0 devrait varier entre 0.15 à 20 K et
0.05 à 1 K au lieu d’être invariablement entre 0.5 et 0.6 dans notre situation. Du reste les
valeurs maximales de taux de croissance normalisés prédites pour ces modes dominants
ω(kmaxR0) dépassent 0.12, ce qui est aussi en contradiction avec nos résultats (de l’ordre
de 0.03).

En parallèle, il est aussi intéressant d’analyser figure 3.23, la relation entre le temps
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de brisure normalisé t∗lig et l’écart à la température critique.

Figure 3.23 – Temps moyen de première brisure renormalisé par le temps visqueux t∗lig =
tlig/τη avec τη = ηext/γR0 par écart à la température critique. L’origine des temps est prise
au moment où le pont a pincé à ses extrémités et le ligament s’est formé.

Plusieurs remarques peuvent être faites sur ces temps moyens de brisure figure 3.23 .
Le temps de brisure moyen à 20 K est plus faible que pour 10 et 4 K. On peut expliquer
cet effet par les conditions initiales de déstabilisation. On a vu qu’à 20 K, les colonnes
liquides commençaient leur déstabilisation depuis une situation initiale moins cylindrique
que pour les autres températures, à cause de la nécessité d’utiliser des puissances de
faisceau importantes pour former le pont 25 (voir l’exemple 3.8).

Le point correspondant à 2 K est probablement du à une erreur sur la mesure de
tension interfaciale par puissance seuil. En effet, on constate sur la figure 3.22b que les
taux de croissance à cette température sont significativement en dessous de ceux pour les
autres températures.

Enfin concernant le point à 1 K, contrairement aux deux autres températures abordées,
aucune explication liée à la procédure expérimentale ne semble expliquer cette déviation.
On peut faire la conjecture que des effets d’évaporation ou de gravité commencent à être
significatifs à 1 K accélérant la dynamique mais rien ne nous permet à ce stade de conclure
sur cet aspect.

Ainsi on montre figure 3.24a les taux de croissance avec une tension interfaciale corrigée
de sorte à ce que ce point soit aligné avec les valeurs à 10 et 4 K et en prenant en compte
le décalage vu sur la figure 3.22b mais en prenant la limite ηint/ηext = 1 26, de manière à
obtenir une borne supérieure Vcap,mes pour la vitesse capillaire Vcap = γ/η.

Si on ajuste la tension interfaciale pour les mesures à 2 K de sorte à ce que celle-ci
soit alignée avec les valeurs à 10 et 4 K, on retrouve bien que les taux de croissance sont
superposés avec ceux des autres températures confirmant qu’il s’agissait bien d’une erreur
de mesure de tension obtenue par puissance seuil d’instabilité. Ce point donne ainsi une
illustration sur la possibilité d’utiliser l’instabilité de Rayleigh-Plateau pour mesurer in

25. Cette déviation au caractère cylindrique implique aussi que le rayon initial déterminé comme la
moyenne du rayon à l’instant initial est surestimé par rapport au temps nécessaire pour la première brisure.
26. De cette manière, on sous-estime au maximum la relation théorique.
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situ la vitesse capillaire, en construisant la relation de dispersion grâce à son caractère
poly-chromatique, et donc des tensions interfaciales ultra-basses 27 (voir figure 3.24b).

(a) (b)

Figure 3.24 – (a) Taux de croissances représentés figure 3.22a en fonction de kR0 avec
une vitesse capillaire corrigée et ajustée à la relation de Tomotika calculée pour des fluides
de même viscosité, celle-ci étant représentée en noire. (b) Borne supérieure de la vitesse
capillaire en fonction de l’écart à la température critique. Un ajustement en loi de puissance
avec l’exposant fixé à 1.26 est représenté par une ligne noir et donne une amplitude critique
Vcap,0 = 5.4± 1.0cm/s. Pour un ajustement avec deux paramètres libres, l’exposant ajusté
donne α = 1.32± 0.08 et l’amplitude critique Vcap,lib = 7.0± 2.4cm/s.

Amplitudes ajustées et superposition de modes

Nous allons désormais vérifier notre hypothèse de répartition de la contribution de la
brisure entre les modes détectés. Une représentation de la totalité des amplitudes associées
à l’ajustement exponentiel pour ∆T = 4 K est présenté figure 3.25 et leur somme en insert.

Figure 3.25 – Amplitudes des ajustements exponentiels effectués sur les modes physiques
de déstabilisation à ∆T = 4 K, les couleurs correspondant aux rayons initiaux des liga-
ments. En insert, la somme des amplitudes pour une instabilité donnée est représentée en
fonction du rayon initial du ligament.

27. γ varie de 2.410−6 N/m à 6.810−8 N/m dans notre cas.
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On remarque figure 3.25 que les amplitudes ajustées sont de l’ordre de 0.2 et que leur
somme est plus régulièrement proche de 0.5 − 0.75. Cette observation confirme bien que
la brisure est une conséquence d’une superposition de modes dans la mesure où pour un
mode unique il est nécessaire que son amplitude soit autour de 0.8 (voir équation (3.49)).
Une analyse plus fine montre que pour une instabilité donnée, les modes repérés ont un
écart, dans la majorité des cas, de 0.2 ou plus dans l’espace des fréquences, soulevant des
questions sur un effet de taille finie sur les modes excités mais ceci pourrait aussi être
du à un manque éventuel de résolution pour détecter l’ensemble des modes. On remarque
aussi que la répartition des amplitudes en kR0 est plutôt uniforme semblant indiquer une
excitation initiale uniforme en fréquence.

On montre figure 3.26a l’amplitude moyenne des modes, figure 3.26b leur nombre
moyen et figure 3.26c la somme des amplitudes pour une déstabilisation donnée par écart
à la température critique.

(a) (b)

(c)

Figure 3.26 – (a) Moyenne des amplitudes obtenues par l’ajustement d’une fonction
exponentielle sur la dynamique des modes par écart à la température. (b) Nombre moyen
de modes excités par écart à la température critique. (c) Moyenne de la somme des ces
amplitudes pour une instabilité donnée par écart à la température critique.

On remarque figure 3.26a que la moyenne des amplitudes décroît en se rapprochant de
la température critique. Conjointement, on remarque figure 3.26b que le nombre de modes
excités augmente en se rapprochant de la température critique. Cette observation pourrait
être une signature indirecte des fluctuations initiales d’interface dans la mesure où leurs
amplitudes étant plus élevées, on peut s’attendre à ce que plus de modes soient excités
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initialement et que leur spectre se recouvre plus avec la région instable de la relation de
dispersion.

On constate par ailleurs figure 3.26c que l’augmentation du nombre de modes excités
ne comble pas la diminution de l’amplitude en se rapprochant de la température critique.
Le fait de trouver, pour ∆T < 4 K, une somme d’amplitudes inférieure à 0.8 nous indique
que la superposition des modes détectés ne permet pas, à elle seule, d’expliquer la totalité
de la dynamique (voir équation (3.49)).

Ainsi deux possibilités s’offrent à nous : ceci pourrait montrer que la méthode de détec-
tion semble manquer une partie des modes participant à la brisure ou que la contribution
de l’ensemble des modes principaux n’est pas suffisante pour briser le ligament. Cette der-
nière remarque, associée à la précédente observation sur les temps de brisure de ligament
serait peut-être la signature d’une contribution supplémentaire à la dynamique, qui pour-
rait être de l’évaporation ou des effets de gravité. Une mesure sur des ligaments de plus
grand d’aspect nous permettrait de discriminer entre ces deux possibilités, dans la mesure
où nous serions capable de séparer les différents modes excités.

Un perspective évidente serait d’aller étudier l’instabilité de Rayleigh Plateau à 0.5 K
et pour de grands rapports d’aspects. Il est regrettable dans la configuration actuelle que,
d’une part, les effets de gravité soient exacerbés et, d’autre part, que la tension interfaciale
tende vers zéro de sorte que les ligaments ne se brisent quasiment plus. Par conséquent, il
ne nous est pas permis d’aller explorer ces effets à des écarts à la température critique plus
faibles pour une épaisseur de cellule de 1 mm, le passage à des cellules de 2 mm pourrait
permettre de pallier à cette difficulté.
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3.3 Conclusion

Dans ce qui est une première étude de la déstabilisation spontanée d’un ligament à
grand rapport d’aspect pour un fluide visqueux plongé dans un autre fluide visqueux, la
caractérisation dynamique des modes nous a permis de mettre en évidence la validité de
la description en régime linéaire jusqu’à un temps proche de la brisure des ligaments.

De plus au travers de cette étude, on a montré qu’une analyse très fine de la désta-
bilisation de ligament permet de vérifier l’ensemble de la relation de dispersion proposée
par Tomotika en 1935 [19] sans avoir besoin d’exciter spécifiquement des modes pour la
reconstruire. A un décalage systématique près, pouvant être imputable à une erreur sur la
valeur de la vitesse capillaire ou sur le rapport de viscosité, nous avons un très bon accord
sur des gammes de tension interfaciale variant de 2.4 10−6 N/m et 6.8 10−8 N/m pour
des rapports de viscosités compris entre 0.75 et 0.90.

Ceci nous permet tout d’abord de valider la théorie de Tomotika pour des gammes de
paramètres très peu, voire pas du tout explorées et aussi d’obtenir une nouvelle méthode
de mesure de tension ultra-basse, in situ, sans contact et sans couplage avec le laser.

Comme cela a été suggéré par Stone [30], il est remarquable de constater que systéma-
tiquement plusieurs modes sont excités et évoluent conjointement. Du reste les temps sur
lesquels l’instabilité se produit sont bien trop courts pour que la dynamique du système
puisse sélectionner un mode. La première brisure du ligament est due à l’antinode résul-
tante de leur superposition. Ceci se voit aussi morphologiquement, comme sur l’exemple
L4K 3.9, où la première brisure est très localisée et ne peut être donc que la résultante de
plusieurs modes. Par l’étude dynamique des amplitudes des transformées de Fourier, on a
pu identifier quels étaient les modes impliqués conjointement dans la brisure du ligament.

Cette remarque pose en revanche la question de la sélection des modes. En effet, il n’a
été retrouvé qu’un tout petit nombre de modes et non pas un spectre continu présents
dans les instants initiaux. On a donc un processus de sélection à l’oeuvre, différent d’un
processus de domination d’un mode sur les autres par la dynamique et présent dès les
instants initiaux. Cet dernier élément soulève évidemment la question du spectre initial
des perturbations de l’interface, ou autrement dit la question des fluctuations d’interfaces.
On a vu au chapitre 2.5 que la procédure de détection de contour permet d’obtenir la
distribution statistique des fluctuations de l’interface (voir figures 2.70a et 2.70b). De
fait, ce sont ces fluctuations qui seront amplifiées par le régime linéaire de l’instabilité
de Rayleigh-Plateau, et la question de leur spectre, et donc du spectre initial, pour un
système de taille finie reste entière.

Enfin, pour ∆T < 4 K, la somme des amplitudes des modes n’atteint jamais 0.8 −
1. Cette observation indique que la superposition linéaire des modes (dans la mesure
où ils sont bien tous détectés) n’est pas suffisante pour expliquer la brisure. Ainsi un
élément supplémentaire doit être introduit pour expliquer cette déviation : des effets non-
linéaires dont la signature serait plus précoce que pour les autres températures, des effets
d’évaporation ou de gravité au niveau de la zone de pincement pas pris en compte par
l’analyse de Fourier, ou encore d’éventuels effets de fluctuations. A ce stade, il ne nous est
pas possible de distinguer entre ces effets.

Au cours du stage de licence 3 de Charlie Bouden [45], des mesures préliminaires
de tailles de cou au cours du temps à l’endroit de pincement ont été réalisées sur les
mêmes ligaments (voir figure 3.27a). On voit sur la figure 3.27b que l’ensemble des taux
de croissance renormalisés par les taux de croissance théoriques se superpose sur la même
courbe mais que les résultats expérimentaux sont systématiquement surestimés par la
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relation théorique. Les résultats pour la dynamique se prolongent ainsi même quand la
dynamique a déviée de son régime linéaire (du moins morphologiquement).

Or cet accord est en fait pour le moins surprenant. On vient de montrer que la bri-
sure est une résultante de la superposition de modes or le pincement se décrit comme le
prolongement à la brisure de la dynamique d’un seul de ces modes, le plus instable. Cette
question avait été soulevée par Cohen et Nagel [28] à propos des jets. En effet, ils avaient
observé une vitesse de pincement constante (voir équation 3.1), comme attendu dans le
régime non-linéaire auto-similaire [22]. Mais la variation avec le contraste de viscosité ob-
servée est compatible avec ce que propose la relation de Tomotika [19] (pour des contrastes
de viscosité compris 0.08 et 2 en particulier), ce qui demeure surprenant dans la mesure
où la morphologie du jet, en régime non-linéaire, ne peut pas être décrite en terme de
croissance d’un unique mode.

(a) (b)

Figure 3.27 – (a) Dynamiques de pincements pour différents rayons initiaux et pour
un écart à la température critique de 10 K. Les lignes en trait plein correspondent à des
ajustements exponentiels dont les valeurs des taux de croissance ajustés sont représentées
dans la légende. (b) Taux de croissance en fonction du rayon initial mesurés par ajuste-
ment d’une fonction exponentielle sur le rayon minimum d’un pincement du ligament. Les
droites correspondent aux valeurs théoriques du taux de croissance du mode le plus instable
donné par la relation de Tomotika 3.37. En insert, le comportement universel en écart à
la température critique est montrée. On remarque que les valeurs à 1 K sont légèrement
plus élevées que le reste de nos valeurs renormalisées.

Ainsi une nouvelle perspective à ce travail serait d’investiguer le passage entre un ré-
gime linéaire dont la dynamique est décrite par une superposition de modes et le régime
non-linéaire dont la dynamique peut être analysée comme un prolongement de la dyna-
mique d’un mode unique, le mode le plus instable d’après la relation de dispersion de
Tomotika 3.37.

En définitive cette analyse consacre une description hydrodynamique en régime linéaire
pour l’étude de la fragmentation de ligaments liquides et se termine par quelques soupçons
sur des effets secondaires liés à la proximité croissante du point critique.

L’objectif d’un travail poursuivant celui entamé, consisterait à poursuivre la recherche
d’une description exhaustive de la déstabilisation de ligaments liquides. Dans cette pers-
pective, cela nécessiterait un modèle prenant en compte, à l’instant initiale, les fluctuations
d’interface et leur spectre dans le cas d’un ligament liquide, puis la croissance de ce spectre
due à l’instabilité de Rayleigh-Plateau jusqu’au passage en régime non-linéaire et à la dy-
namique de pincement finale tant de ses aspects hydrodynamiques que thermodynamiques.
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Considérons de nouveau la chronologie de la déstabilisation du pont liquide s’éten-
dant du ménisque séparant les deux phases à la paroi inférieure de la cellule contenant
l’échantillon, stabilisé initialement à l’aide d’une onde laser. Dans un premier temps, les
extrémités du pont pincent puis brisent de sorte à avoir simultanément trois structures
ayant chacune une évolution différente : la relaxation du ménisque déformé en pointe au
niveau de la brisure vers un ménisque plan, la déstabilisation du ligament liquide par in-
stabilité de Rayleigh-Plateau fragmentant en un chapelet de gouttes, et la relaxation puis
l’étalement de la pointe liquide formée à la brisure de l’extrémité inférieure mouillant la
paroi inférieure de la cellule.

La recherche d’exhaustivité sur la dynamique complète d’un pont liquide nous amène
donc naturellement à nous intéresser à la relaxation de ces dernières structures liquides
mouillantes et aux temps de relaxation associés. Comme ces temps sont significativement
plus longs que ceux liés à la rupture d’un ligament, on s’attend à ce que les effets d’éva-
poration soient plus manifestes, en particulier lorsque on se rapproche du point critique.
Ainsi ces dynamiques constituent, en plus, un candidat privilégié à l’étude des couplages
entre thermodynamique et hydrodynamique. Le chapitre suivant est ainsi consacré à ces
structures et constitue un travail préliminaire dans cette direction.
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4.1 Introduction
On a vu au cours du chapitre précédent 3 que l’on était capable de former des colonnes

liquides stabilisées par pression de radiation et qu’il nous suffit alors d’éteindre le laser pour
observer la fragmentation en gouttes de celle-ci au terme d’une instabilité dite de Rayleigh-
Plateau. Or sur un temps caractéristique beaucoup plus court que cette fragmentation, le
pont liquide va dans un premier temps rompre à ses extrémités pour former un ligament
liquide. Si le mécanisme physique derrière la rapidité de cette première brisure n’est pas
clair, celui-ci nous donne l’opportunité de former une goutte déposée sur la paroi inférieure
de la cellule, très déformée à l’instant de la rupture qui va ensuite s’étaler sur celle-ci. On
obtient ainsi une méthode pour étudier l’étalement d’une gouttelette sur une paroi solide.

L’étalement d’une goutte sur une paroi solide est un problème très classique en hy-
drodynamique qui se pose plus généralement en terme de mouillage. Celui-ci a été étudié
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depuis plus de deux siècles par des chercheurs tels que Young, Dupré ou encore Laplace
et continue de constituer un sujet d’intérêt, notamment dans le cas particulier des gout-
telettes millimétriques. On en retrouve des applications pour l’industrie pétrolière et plus
généralement dans la mise au point de revêtements, comme le Téflon dans l’industrie
alimentaire ou encore le traitement les surfaces et vitres pour l’automobile et l’aéronau-
tique. La dynamique de cet étalement est principalement gouvernée par le déplacement
de la ligne de contact donnée à la fois par l’équilibre mécanique, l’équilibre thermique
et l’équilibre chimique des trois phases 1, dont la superposition correspond à l’équilibre
thermodynamique.

L’aspect hydrodynamique du phénomène a été exhaustivement étudié particulièrement
depuis les années 80 que ce soit d’un point de vue expérimental (voir [1, 2, 3, 4, 5, 6, 7, 8,
9, 10, 11]) ou théorique (voir [12, 13, 14, 15, 16, 17, 18]).

Figure 4.1 – Deux étapes de l’étalement d’une goutte d’huile de silicone sur un substrat
en verre en situation de mouillage total à (a) t = 3.25 s et (b) t = 18.25 s après que la
goutte a été déposée. Le volume de la goutte est V = 1.7 10−4cm3 et la vitesse visqueuse
γ/η = 10.6 cm/s. On remarque que le profil est bien ajusté par une calotte sphérique
(illustrée en noire sur le profil (a)). Images tirées de [7].

Ceci est permis par le fait qu’en situation parfaitement mouillante, l’étalement de la
goutte est précédé par un film précurseur réduisant le système à un phénomène pure-
ment hydrodynamique de relaxation capillaire d’une déformation de film mince en régime
asymptotique de faibles épaisseurs de film (voir [19]).

Or dans notre cas, l’utilisation de fluides binaires quasi-critiques nous permet de se
situer aisément dans une situation où l’une des phases est en mouillage total (ou presque
total). Il existe en effet une température critique de transition de mouillage pour laquelle
la phase mouillante doit recouvrir la totalité des parois de la cellule [20] 2. Cette transition
de mouillage étant du second ordre, même sans être à un écart à la température critique
inférieur à la température de transition, la situation de mouillage dans laquelle on se situe
ne devrait pas être trop différente d’une situation de mouillage total.

1. Les potentiels chimiques des trois phases étant considérés comme égaux.
2. Bien que dans notre cas, nous ne sommes pas capable d’observer ce film même pour des très faibles

écarts à la température critique T − TC < 1 K. Deux raisons peuvent expliquer ce constat, l’épaisseur du
film qui serait inférieure à la résolution optique de notre système d’imagerie ou la présence d’évaporation
qui empêcherait le développement du film.
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4.1.1 Un problème multi-échelle

Les études précédentes ont révélé l’existence de plusieurs échelles caractéristiques :
l’échelle du film précurseur, l’échelle intermédiaire du "coin" et l’échelle macroscopique
de la goutte. Nous ne prendrons pas en compte l’échelle du film précurseur par la suite
dans la mesure où, du moment où son épaisseur est très petite devant l’échelle de taille
de la région intermédiaire, seul le caractère autosimilaire du profil à l’échelle intermédiaire
suffit à décrire la dynamique (voir chapitre 1). Nous nous intéresserons alors à l’échelle
intermédiaire, que l’on appellera aussi le voisinage de la ligne de contact.

Il est à noter que cette ligne de contact est fictive 3 et sera définie au travers d’un angle
de contact dit ’apparent’ donné par l’équilibre mécanique des forces capillaires et des effets
de viscosité à cette échelle.

Figure 4.2 – Schema du mouvement d’une ligne de contact en mouillage total pour lequel
le film précurseur de longueur Lp est présent. Schéma tiré de [20].

Le profil au voisinage de la ligne de contact est particulièrement complexe, celui-ci
devant correspondre asymptotiquement à la fois à celui du film précurseur 4 et au profil
macroscopique de la goutte.

4.1.2 Différents régimes dynamiques d’étalement

Ainsi si l’étalement est principalement un problème de déplacement de ligne de contact 5,
l’étude de ce phénomène consiste à mesurer l’évolution du rayon de contact R au cours du
temps.

Pour un étalement engendré par les forces capillaires, trois régimes dynamiques succes-
sifs ont été observés. Le régime inertiel aux temps très courts, mis en évidence par Biance
et al. [11] dans lequel la dynamique est donnée par un équilibre entre capillarité et inertie :

R ∼ R0

(√
γ

ρR3
0
t

)1/2

(4.1)

3. La vraie ligne de contact est située au bout du film précurseur où celle-ci sera définie par un équilibre
mécanique.

4. Dont la taille et le profil dépendent des interactions moléculaires de type Van der Waals, de consi-
dérations hydrodynamiques et de chimie de surface du substrat illustrant de fait le caractère multi-échelle
du problème.

5. Au sens où on l’a définit précédemment.
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où γ est la tension de surface, ρ est la masse volumique et R0 est le rayon de contact
initial.

Ce régime dure tant que les effets d’inertie restent supérieurs aux effets de viscosité,
autrement dit tant que le nombre de Reynolds Re � 1 puis laisse sa place 6 à un régime
contrôlé par un équilibre cette fois entre la capillarité et la viscosité :

R ∼ R0

(
γt

ηR0

)1/10
(4.2)

où η est la viscosité. Ce résultat classique, appelé loi de Tanner, a été amplement vérifié
(voir figure 4.3) et étudié 7 (voir [3, 4, 5, 6, 8, 9] ).

Le rayon de contact continue toujours de croître jusqu’à devenir grand devant la lon-
gueur capillaire Lc =

√
γ/∆ρg. L’étalement ne sera alors plus engendré par la diminution

de la courbure de la goutte mais par l’abaissement de son centre de gravité et sera alors
donné par (voir [1, 2, 5]) :

R ∼ R0

(
ρgR0t

η

)1/8
(4.3)

Dans ce régime, la dynamique n’est alors plus contrôlée par la dissipation de la ligne de
contact mais par la dissipation au centre de la goutte 8 ;

Figure 4.3 – Rayon R de la goutte représentée figure 4.1 en fonction du temps, décrit
par une loi de Tanner. Figure tirée de [20].

Dans notre situation, nous allons nous intéresser à l’étalement d’une goutte composée
de la phase supérieure de la micro-émulsion sur la paroi supérieur d’un capillaire introduit

6. Bien qu’un autre régime inertiel en t2/3 aurait aussi été observé (voir [10]).
7. Ce qui s’explique notamment parce que ce régime concerne les gouttes millimétriques dont les enjeux

industrielles sont importants.
8. Si on considère les effets de viscosité non plus en volume dans la goutte mais à proximité de la ligne

de contact, une seconde prédiction pour le régime gravitaire donne R ∼ t1/7 (voir [21] et [9])
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dans notre cellule et au sein de la phase inférieure. On étudie ainsi l’étalement pour un
liquide binaire, pour des tensions interfaciales ultra-basses. C’est un sujet qui à notre
connaissance n’a pas été exploré.

De plus dans notre cas ∆ρ < 0, à savoir que la goutte s’étalant à une masse volumique
inférieure à celle du fluide environnant. On est donc en situation d’étalement pour une
goutte "montante", analogue à une situation d’une goutte pendante qui de même a été très
peu explorée. Le régime en t1/8 ne devrait alors pas être visible et le rayon devrait saturé
vers une, ou plusieurs selon l’angle de contact, formes d’équilibre données par un équilibre
entre gravité et capillarité (voir [22]).

Levinson et al. [6] ont montré expérimentalement que l’approche à cette saturation est
donnée pour des angles de contact θ → 0 :

Rf −R(t) ≈
(

3s2η

2γt

)1/2

(4.4)

où Rf est le rayon final quand t→∞ et s est une longueur empirique construite à partir
du volume qui lui-même dépend de la longueur capillaire Lc.

Une description générale incluant à la fois l’étalement en régime de Tanner et la sa-
turation gravitaire a été proposée par P. Ehrhard [9] proposant notamment, en cas de
mouillage total, un rayon final directement proportionnel à la longueur capillaire :

Rf = 3.83171Lc (4.5)

Comme la longueur capillaire décroît en ε0.48 avec ε = |∆T/Tc|, on s’attendra alors à
voir notre goutte s’étaler en régime de Tanner pour ensuite tendre vers un rayon final de
plus en plus petit au fur et à mesure que l’on se rapproche de la température critique.

4.1.3 Nanogouttelettes et fluctuations

On s’intéresse de notre coté à la dynamique d’étalement de nanogouttelettes d’un
point de vue fondamental. On a vu au chapitre précédent qu’il existe pour la rupture de
ligaments liquides une dynamique différente lorsque celle-ci est gouvernée par la présence
de fluctuations passant d’un régime r ∼ t à r ∼ t0.42 avec r le rayon d’un cou (voir [24]).
De la même manière, une prédiction analogue a été effectuée par Davidovitch et al. [25]
pour l’étalement d’une petite goutte pour lequel il est prédit que la dynamique d’étalement
doit passer d’un régime en loi de Tanner R ∼ t1/10 à un régime dit stochastique :

R ∼ R0

(
kBTt

ηR3
0

)1/6
(4.6)

avec kB la constante de Boltzmann et T la température.

Ce sujet des nanogouttelettes explore l’interface entre la physique des liquides continue
et la physique stochastique des fluctuations thermiques et moléculaires que l’on retrouve
aussi bien en nanobiologie et en nanophysique. Plus généralement l’étude des effets des
fluctuations sur le déplacement de la ligne de contact demeure un enjeu déterminant en
vue d’applications nanotechnologiques et fait l’objet de recherches actuelles. Delmas et
al. [26] par exemple étudient à l’aide d’un microscope à force atomique la question de
l’hystérésis de l’angle de contact à l’échelle nanoscopique.

Néanmoins, l’étude in-situ de la dynamique de liquides à l’échelle nanométrique est
difficile expérimentalement et on va chercher comme précédemment à venir étudier un
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système analogue pour lequel les fluctuations thermiques sont de suffisamment grandes
échelles pour pouvoir être résolues optiquement.

C’est ici que les fluides critiques entrent en jeu dans la mesure où ceux-ci voient la
longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre diverger à l’approche du
point critique et c’est donc l’étude de l’étalement de gouttelettes d’un système proche de
son point critique que nous allons défricher.

Avant d’aller s’intéresser à la proximité du point critique, nous nous proposons au cours
de ce chapitre d’étudier l’étalement "loin" du point critique pour tenter de retrouver la loi
de Tanner.
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4.2 Etalement d’une goutte liquide sur une surface mouillante :
Loi de Tanner

Lorsqu’une goutte est déposée sur un substrat solide, celle-ci va s’étaler jusqu’à adopter
une forme d’équilibre. Dans le cas d’une surface parfaitement mouillante, cet étalement
va être engendré par deux mécanismes : l’augmentation du rayon de courbure et pour
des formes suffisamment étalées, l’abaissement du centre de gravité. La forme d’équilibre
correspond alors asymptotiquement à un film liquide 9, c’est à dire simultanément à un
rayon de courbure infini et à un centre de gravité situé au niveau de la paroi.

Dans notre situation, seul le premier régime dynamique d’étalement devrait être pré-
sent et nous allons présenter au cours de cette partie un modèle décrivant ce régime par
une compétition entre les effets de capillarité et de viscosité.

4.2.1 Description de la situation

Comme on l’a vu précédemment, l’étude statique et dynamique du mouillage requiert
la nécessité de décrire trois échelles spatiales différentes. Dans notre cas, le mouillage est
supposé total, ce qui se traduit par la présence d’un film précurseur à l’étalement d’une
taille très petite devant la taille caractéristique de la goutte. Les trois échelles se séparent
dans notre cas de la manière suivante (voir figure 4.4) :

Figure 4.4 – Schéma représentant les trois échelles où θapp est l’angle de contact apparent
et θm est l’angle de contact dit microscopique. Schéma tiré de [20].

— l’échelle microscopique pour laquelle en situation de mouillage total, un film précur-
seur à l’étalement est présent. Celui-ci a une taille supérieure à l’échelle moléculaire

9. En fait, la présence d’interactions longue portée (dont la décroissance algébrique est plutôt ’lente’)
à petite échelle donne à la forme d’équilibre une épaisseur supérieure au film moléculaire et une structure
en demi-pancake où la surface libre adopte un profil parabolique proche de la ligne de contact (ou quasi-
parabolique en fonction de l’expression retenue pour les forces de Van der Waals).
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et est stable grâce à l’action, en général, des forces moléculaires répulsives longue
portée. Dans notre cas, la taille caractéristique minimale dans notre système étant
la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre ξ, celle-ci devrait
fixer l’épaisseur du film.
Sa surface libre est décrite asymptotiquement par sa forme à l’équilibre avec, à
l’extrémité, la vraie ligne de contact caractérisée par un angle de contact dit mi-
croscopique θm et, la région de transition vers l’échelle intermédiaire dont le profil
est h ∼ 1/r avec r la distance au centre de la goutte (voir [16]). C’est en son sein
que se dissipe par viscosité toute l’énergie capillaire de la surface libre, l’étalement
se faisant par roulement à la manière de la chenille d’un char (voir [16]).

— l’échelle mésoscopique ou intermédiaire, s’intéressant à la proximité à la ligne de
contact et étant décrite par l’angle de contact 10 θ ou θapp, celui-ci étant donné par
l’équilibre thermodynamique local. En situation de mouillage total, on considérera
que tout au long de la dynamique, l’angle de contact est supposé petit θ � 1 et on
se placera dans l’hypothèse de lubrification.
La dissipation visqueuse au sein du film est le principal frein à l’étalement et va ainsi
fixer le temps caractéristique. Ceci suppose en particulier que les effets d’inertie sont
négligeables à savoir que le nombre de Reynolds Re est faible et si on se place à des
échelles de tailles petites devant la longueur visqueuse :

Lη = η2

ργ
(4.7)

alors ces deux conditions se réduisent à celle de faible nombre capillaire 11 :

Ca = Ṙη/γ � 1 (4.8)

Dans cette hypothèse, on pourra alors toujours considérer la dynamique comme
quasi-statique, 12 et c’est le mouvement de la ligne de contact ’fictive’ qui à son tour
gouverne la dynamique de l’étalement 13. La vitesse de la ligne de contact U = Ṙ
est alors donnée par l’équilibre mécanique entre le travail des forces capillaires à
cette échelle et la dissipation visqueuse.

— l’échelle macroscopique de la goutte décrit principalement par la conservation de son
volume et pour laquelle seules des considérations hydrodynamiques seront prises
en compte, la taille caractéristique à cette échelle étant le rayon de contact R
avec la paroi solide. On considérera tout au long de ce calcul que la forme de la
goutte est donnée par une calotte sphérique, c’est à dire sa forme à l’équilibre
pour des rayons de contact faibles devant la longueur capillaire Lc =

√
γ/∆ρg

(en cohérence avec l’approximation quasi-statique faite précédemment). Les effets
capillaires maintiendront cette forme et feront en sorte que la pression puisse être
supposée uniforme au sein de la goutte.

10. plus précisément par un angle de contact apparent puisque la ligne de contact réelle est située au
bout du film précurseur
11. Chen et al. [27] ont montré expérimentalement que la description était satisfaisante jusqu’à des

nombres capillaires Ca de l’ordre de 10−1.
12. le champ hydrodynamique est supposée toujours à l’équilibre.
13. La présence du film précurseur permettant de ne considérer que des effets hydrodynamiques dans la

dynamique en isolant, d’une certaine façon, les hétérogénéités et les effets d’hystérésis dus à la paroi solide
(voir [20]).
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Au cours de cette partie, nous allons chercher au-delà des considérations physiques
précédemment vues, à donner un calcul rigoureux aboutissant à la loi de Tanner dans les
hypothèses présentées précédemment. Pour cela, nous nous concentrerons exclusivement
sur l’échelle intermédiaire et macroscopique.

4.2.2 L’échelle intermédiaire : le voisinage de la ligne de contact

Considérons une région proche de la ligne de contact d’une taille suffisante pour consi-
dérer la présence du film précurseur comme négligeable.

Comme vu précédemment l’idée donnant la dynamique de l’étalement d’une goutte sur
un substrat rigide est de considérer que celle-ci est contrôlée totalement par la dissipation
visqueuse proche de la ligne de contact 14.

Considérons la figure 4.5 représentant la région proche de la ligne de contact.

Figure 4.5 – Voisinage de la ligne de contact O d’une goutte s’étalant sur un substrat
rigide et parfaitement mouillant .

On s’intéresse au mouvement de la ligne de contact perpendiculairement à elle-même.
De fait, on supposera la ligne de contact peu courbée et seuls les effets de courbures de la
surface libre perpendiculaire à la ligne de contact seront considérées.

La surface libre est décrite par son profil h(x) avec x la distance à la ligne de contact.
L’angle de contact étant faible, on considère une configuration en coin pour laquelle on
écrit :

h(x, t) = xtan [θ(t)] ∼ xθ (4.9)

La situation est alors complètement réduite à un problème local 2D où le travail exercé
par les forces capillaires (par unité de ligne de contact) est compensé par la dissipation
visqueuse (par unité de ligne de contact) dans le coin.

En se plaçant en approximation de lubrification, on peut alors écrire en régime quasi-
statique que l’écoulement est donné par un profil de poiseuille.

vx(z) = ∂xp

2η z (z − 2h) (4.10)

où ∂xp est alors supposé constant en z et où on a supposé une condition de non-glissement
au niveau de la paroi (vx(z = 0) = 0) et l’absence de cisaillement comme seconde condition
à la surface (∂zvx(z = h) = 0).

14. On a vu précédemment que ces deux hypothèses sont garanties par la présence d’un film précurseur
à l’étalement.
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En intégrant une troisième fois, on obtient alors la vitesse moyenne U sur z :

U = 1
h

∫ h

0
vx(z) dz = −∂xp3η h

2 (4.11)

Pour que le profil reste le même au cours du temps, il faut alors que la vitesse moyenne
de l’écoulement sur la hauteur ne dépende pas de la distance x et soit égale à la vitesse
de la ligne de contact U = Ṙ. L’écoulement se réécrit alors :

vx(z) = 3Ṙ
2h2 z (z − 2h) (4.12)

Il faut noter que ce profil quasi-parabolique est une conséquence à la fois des petits
angles de contact, de l’approximation quasi-statique (impliquant que les forces à l’origine
de l’écoulement ne changent pas trop vite 15) et surtout est une conséquence d’un modèle
ne considérant qu’un fluide en contact avec l’air, ce qui n’est évidemment pas notre cas.

On peut alors obtenir la puissance dissipée par viscosité Pη :

Pη = η

∫ L

a
dx

∫ h

0
dz

(
∂vx
∂z

)2
≈ 3ηlṘ2

θ
(4.13)

avec l = ln(L/a), L et a étant les longueurs de coupures proposées par de Gennes : la
taille moléculaire nanométrique a et la taille macroscopique L comparable à la taille de la
goutte R. Le préfacteur l est en général de l’ordre de 1− 10 mais nous reviendrons par la
suite sur sa valeur.

En présence du film précurseur à x < 0, la force tirant la ligne de contact est unique-
ment donnée par la tension interfaciale γ 16. On peut alors écrire le travail exercé par les
forces de capillarité par unité de temps Pγ :

Pγ = γ [cos(θ)− cos(θ∞)] Ṙ ≈ γθ2Ṙ

2 (4.14)

où on rappelle que la paroi est supposée parfaitement mouillante (θ∞ = 0).

Ainsi à l’équilibre mécanique, on obtient alors pour de faibles angles de contact (θ �
1) :

θ3 ≈ 6lηṘ
γ

(4.15)

où on remarque que θ ∼ C1/3
a et on retrouve bien que Ca doit être petit devant 1.

4.2.3 L’échelle macroscopique : Loi d’étalement de Tanner

Il ne nous reste alors plus qu’à relier θ à R au travers d’un relation géométrique. Il nous
suffit pour cela de supposer une forme en calotte sphérique (R� LC) et de considérer la
conservation du volume V .

V = πθR3

4 (4.16)

15. Proche de la ligne de contact la force motrice de l’écoulement est la capillarité et le changement de
courbure est proportionnel au nombre capillaire Ca (voir [20]).
16. et ne dépend ainsi pas du coefficient d’étalement S.
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Et en combinant avec l’équation (4.15), on obtient en intégrant :

R10(t) = R10
0 + 5

3l

(4V
π

)3 γ

η
t (4.17)

avec R0 = R(t = 0) le rayon de contact initial.
Cette solution a été obtenue en supposant le profil au voisinage de la ligne de contact

en coin avec h = tan(θ)x. En pratique, la description du profil à l’échelle intermédiaire
est compliquée, celui-ci devant pouvoir être raccordé au profil macroscopique en calotte
sphérique et au film précurseur 17.

Suffisamment loin du film précurseur, une solution asymptotique, invariante d’échelle
et dont le profil se conserve au cours de l’écoulement a été obtenue. Celle-ci est usuellement
appelée loi de Cox-Voinov [13] donnant pour la hauteur du profil h :

h′3 = θ3
m + 9Caln(x/a) (4.18)

où θm est l’angle de contact dit microscopique. En identifiant h′ à l’angle de contact appa-
rent θ et en prolongeant x jusqu’à la longueur de coupure macroscopique L, on trouve pour
une situation de contact parfaitement mouillant (θm = 0), une loi de Tanner légèrement
modifiée :

R10(t) = R10
0 + 10

9l

(4V
π

)3 γ

η
t (4.19)

On retrouve alors en régime asymptotique (pour R� R0), le régime dit de Tanner en
t1/10.

R ∼
(
γV 3t

η

)1/10

(4.20)

Une première remarque est l’exposant extrêmement bas n = 1/10 de la dynamique
qui est une conséquence de la dissipation visqueuse dans une région concentrée autour de
la ligne de contact. On s’attend alors à ce que cette relaxation mette en jeu des temps
caractéristiques particulièrement plus longs que pour l’instabilité de Rayleigh-Plateau vue
au chapitre 3 précédent, ce qui en fait un candidat idéal pour mettre en évidence des effets
thermodynamiques à temps long qui ont été aperçus plus tôt.

Plus surprenant est la présence de la tension interfaciale γ au lieu du facteur d’étale-
ment S dans l’équation (4.17) rendant la dynamique indépendante du substrat tant que
celui-ci reste parfaitement mouillant. Ceci reste cohérent avec la conservation d’énergie
dans la mesure où on retrouve que tout excès d’énergie de surface du substrat est dissipé
dans le film précurseur.

De même, malgré la description multi-échelle, on remarque que les caractéristiques de
l’échelle microscopique ne se retrouvent que dans le terme logarithmique l comme longueur
de coupure rendant la loi particulièrement robuste.

Loi de Cox-Voinov en système fluide-fluide

Il est à noter à ce stade, que cette formulation a été obtenue dans le cas d’une interface
fluide-air. Le mécanisme dissipatif dans le fluide précurseur étant le même, l’exposant de

17. dont l’épaisseur à l’équilibre est directement dépendant de la décroissance algébrique retenu dans les
forces de Van der Waals.
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Figure 4.6 – Fonction g(θ) pour plusieurs valeurs de rapport de viscosité λ = ηext/ηint,
ηint étant la viscosité de la goutte et ηext celle du fluide environnant. Figure tirée de [28].

la loi de puissance obtenu est alors le même dans le cas de deux fluides 18.
En revanche, il n’y a aucune raison de supposer que l’amplitude devrait être la même.

En particulier, on a supposé pour écrire le profil de vitesses à l’intérieur au voisinage de
la ligne de contact qu’il n’y avait pas de contraintes de cisaillement à l’interface.

Si on revient à l’expression de l’angle de contact donnée équation (4.18) dont on tire en
intégrant la formulation en rayon de contact, celle-ci correspond en effet au premier terme
d’un développement dans le cas d’un rapport de viscosité nul. La fonction plus générale :

g(θ, λ) = g(θm, λ) + Caln(x/a) (4.21)

est non inversible et dépend du rapport de viscosité λ = η1/η2 (voir figure 4.6) .
On retrouve cependant que pour les faibles angles de contact et pour de faibles rapports

de viscosité 19, la fonction g(θ, λ) ne varie que faiblement ; dans le cas λ = 1 on peut
s’attendre alors à ce que l’amplitude observée ne soit pas trop différente de celle attendue.

Estimation de la divergence logarithmique l

Pour obtenir une estimation de l’amplitude, il nous manque finalement la valeur de l.
Pour cela on va d’abord considérer que la longueur macroscopique L = Rc avec R le rayon
de contact de la goutte et c une constante à déterminer.

Il suffit alors de développer le profil à l’échelle macroscopique hmac(x, t) au premier
ordre en Ca pour ensuite le dériver et le mettre au cube :[

h′mac(r, t)
]3 ≈ [h′0(r)

]3 + 3Ca
[
h′0
]2
h′1(r) (4.22)

18. Bien qu’on pourrait s’attendre à ce qu’un cas où le rapport de viscosité est très en défaveur de la
goutte pourrait aboutir à un mécanisme différent mais il faudrait que la viscosité de la goutte ne soit pas
nulle pour pouvoir satisfaire la condition de faible nombre capillaire.
19. Comme vu précédemment pour un système quasi-critique, le rapport de viscosité est de l’ordre de 1.
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où r est la distance radiale au centre de la goutte, h0(r) est le profil en calotte sphérique
correspondant à une vitesse nulle et h1(r) le terme de premier ordre.

En se plaçant en approximation de lubrification pour décrire l’évolution de la surface
libre, on peut obtenir une expression pour h1(r) et il suffit alors de faire correspondre les
profils à l’échelle intermédiaire et à l’échelle macroscopique quand r → R, pour obtenir
(voir [20]) :

l = ln

[
R

2e2a

]
(4.23)

Concernant la longueur microscopique a, dans le cas d’une interface nette et pour un
système parfaitement mouillant la longueur microscopique est donnée par (voir [29] et
[30]) :

a = 0.69b
C

2/3
a

(4.24)

où b est une taille caractéristique moléculaire donnée par :

b =
√

A

6πγ (4.25)

avec A la constante d’Hamaker et γ la tension de surface. Il est à noter que loin du
point critique, un calcul explicite donne une constante d’Hamaker A/6π ≈ 0.5kBT . Ainsi
étonnamment, si on considère la relation universelle (voir (2.12)) entre la tension de surface
γ et la longueur de corrélation ξ, on trouve que b ≈ 5ξ. On trouve ainsi :

l = ln

[
RC

2/3
a

6.9e2ξ

]
(4.26)

Dans le cas d’une interface très diffuse en revanche, le déplacement de l’interface est
contrôlé par un mécanisme d’évaporation-condensation pour un système fluide-gaz (voir
[31]). Le système cherchant à relaxer, l’interface va s’évaporer en permanence mais comme
au niveau de la ligne de contact on est en présence d’une singularité de l’écoulement,
le système sera alors localement hors-équilibre, ce qui aboutira à de la condensation. La
conjonction de ces deux mécanismes fait alors se déplacer la ligne de contact. Dans le
cas d’un système liquide-liquide, ce mécanisme est alors décrit en terme de diffusion du
paramètre d’ordre.

Le processus impose alors une taille caractéristique effective aeff , qui dans le cas d’un
liquide binaire est obtenue en considérant deux équilibres : l’équilibre des forces de part et
d’autre de l’interface et l’équilibre entre les effets de convection et de diffusion (voir [32]) :

aeff =
(
χTDηξ

2

∆φ2

)1/4

(4.27)

avec χT la compressibilité osmotique, D la constante de diffusion et ∆φ la largeur de la
courbe de coexistence. Or dans l’approximation champ moyen, on a χTγ/∆φ2 = ξ−/6. On
en déduit que :

aeff ≈
T→TC

1
(36πR−)1/4 ξ

− ≈ 0.54 ξ− (4.28)

On retrouve alors une valeur un ordre de grandeur en dessous de celle obtenue dans le cas
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de l’interface nette. Seule la dépendance en nombre capillaire n’est plus retrouvée mais il
est à noter qu’un calcul prenant en compte l’adéquation multi-échelle et l’angle de contact
microscopique est toujours à effectuer, la dépendance en nombre capillaire provenant du
caractère autosimilaire de la solution obtenue pour la correspondance multi-échelle 20.

Étonnamment le nombre capillaire et le rayon ne sont pris que comme ordre de gran-
deur. En particulier, les deux quantités évoluent dans le temps et cette dépendance au
cours du temps n’est alors pas considérée bien que celle-ci altère de fait la loi de puissance
prédite.

20. De plus, une approche champ moyen a été utilisée négligeant totalement l’effet des fluctuations.
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4.3 Protocole et résultats préliminaires à ∆T = 8 K

4.3.1 Formation des objets, acquisition et détection de contour

Nous allons présenter au cours de cette partie des résultats préliminaires d’étalement
d’une goutte pour un écart à la température critique ∆T = 8 K (ξ = 21 nm).

Pour former les gouttes la plupart des expériences usuelles d’étalement consistent à
déposer à l’aide d’une pipette une goutte sur un substrat. Avec notre dispositif, nous
utilisons comme vu précédemment section 2.3 la focalisation d’un laser pour déformer
puis déstabiliser le ménisque de notre échantillon de sorte à former un jet liquide. Deux
méthodes s’offrent alors à nous pour former la goutte et induire sa déformation initiale :

— La première méthode est celle qui est utilisée par défaut. Elle consiste dans un
premier temps à déposer une goutte 21 à l’aide du jet liquide formé. Puis on diminue
la puissance du faisceau en dessous de la puissance seuil de sorte à n’induire qu’une
déformation de l’interface et on vient alors déplacer le col du faisceau au niveau de
la goutte de sorte à venir déformer sa surface. Celle-ci va alors s’allonger dans le
sens de faisceau, ce qui par conservation du volume va venir diminuer son rayon
de contact lui faisant adopter une forme de cône (voir image 4.7a). Il suffit alors
d’arrêter le faisceau pour voir la goutte relaxer.
Cette méthode permet d’avoir un contrôle grossier sur le volume du liquide qui va
venir s’étaler, bien qu’il demeure nécessaire que la taille caractéristique de la goutte
ne soit pas trop grande devant le rayon au col de notre faisceau. Pour autant, trouver
les puissances de faisceau idéales pour déformer suffisamment sans former de jet
peut être ardu et le déplacement de son col doit se faire rapidement 22.

(a) (b)

Figure 4.7 – (a) Déformation initiale obtenue grâce à la pression de radiation du laser.
Cette image est prise juste avant l’arrêt du faisceau pour un écart à la température critique
de ∆T = 8 K. (b) Déformation initiale obtenue par étirement et rupture induits par la
remontée du ligament liquide dont l’extrémité est visible sur l’image pour un écart à la
température critique de ∆T = 4 K.

— La seconde méthode, à la manière de l’étude sur l’instabilité de Rayleigh-Plateau,
consiste à former un jet liquide suffisamment allongé pour venir au contact du fond
de la cellule. Il suffit alors de stopper le faisceau au moment du contact du jet
avec la paroi. A la suite de l’arrêt du faisceau, le jet va alors se déstabiliser par
instabilité de Rayleigh-Plateau tout en remontant par poussée d’Archimède. Mais
avec le contact du jet, une goutte du liquide du jet sera venue mouiller la paroi.

21. ou plusieurs qui coalescent.
22. En particulier lorsque la goutte s’évapore.
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La remontée du ligament se déstabilisant va alors tirer sur cette goutte déposée au
moment du contact jusqu’à rupture, lui faisant prendre une forme initiale allongée
se relaxant par la suite (voir image 4.7b).
L’inconvénient de cette méthode est que nous n’avons que très peu de contrôle sur
le volume déposé si on veut que la forme initiale soit bien allongée 23.

Ces deux méthodes ont l’avantage de former des profils initiaux très allongés et donc
initialement très éloignées de leur forme d’équilibre, ce qui essentiel au vu de la résolution
optique de notre dispositif d’imagerie.

Une fois que le faisceau est arrêté et que la goutte relaxe depuis une forme initiale
allongée, on peut alors enregistrer le film de la dynamique de relaxation. Une procédure
de détection de contour est alors mise en place fonctionnant à partir des mêmes principes
que ceux présentés section 2.5, à savoir le filtre bilatéral, le détecteur de Canny et la
construction d’un contour unique (voir figure 4.8).

(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Figure 4.8 – (a), (c), (e) Images originales sur lesquelles est dessiné le cercle ajusté.
(b), (d), (f) Images de gradients sur lesquelles sont dessinés en vert les points obtenus
grâce à la détection de contour. Ces images sont prises à des temps respectivement de
t = 0.010, 0.300 et 1.685 s suivant l’arrêt du faisceau. On remarque les résultats aberrants
de l’ajustement pour les profils les plus éloignés d’une calotte sphérique.

La différence majeure repose sur le fait que l’on va chercher à obtenir un contour
ouvert qui vient épouser le substrat. De fait, pour assurer cette contrainte, une procédure
de calibration supplémentaire est ajoutée pour laquelle la position du substrat va être
ajustée de sorte à vérifier une conservation du volume.
23. Il est en effet nécessaire que le temps entre le moment du contact avec le jet et l’arrêt du faisceau

soit ajusté de sorte à ce que la taille de la goutte se déposant soit de l’ordre du rayon du jet en contact
avec la paroi pour que la goutte dans son ensemble soit tirée par la remontée du jet.
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Finalement à partir des points obtenus à l’aide de la détection de contour, un lissage
est effectué 24 sur le profil de la goutte et le maximum de cette courbe correspondra à
la mesure de hauteur H qui sera présentée par la suite. Enfin un ajustement en calotte
sphérique est réalisé dont on déduira à partir de la position du centre et du rayon de la
calotte, la mesure du rayon de contact R (voir figure 4.8).

4.3.2 Analyse d’une première dynamique d’étalement

Considérons dans un premier temps le film de relaxation et d’étalement figure 4.9.

(a) (b) (c)

Figure 4.9 – Séquence d’images d’une goutte de la phase supérieure de l’échantillon de
micro-émulsion s’étalant sur la paroi supérieure d’un capillaire inséré dans la cellule. La
séquence (a) correspond au régime initial de relaxation. Les séquences (b) et (c) corres-
pondent au régime auto-similaire pour des pas de temps respectivement de 1 et 10 s.

24. avec une facteur de lissage donnant une erreur de la courbe résultante par rapport aux données
inférieure au pixel pour chaque point.
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Le film commence une fois le faisceau éteint, la goutte relaxe alors dans un premier
temps vers une forme de calotte sphérique (voir figure 4.9a). Pendant cette phase allant
qualitativement du début jusqu’à t0 = 0.25 s, la hauteur chute brutalement d’un facteur
trois alors que dans le même temps le rayon de contact ne varie pas. Ainsi seule la forme
de la goutte s’adapte de sorte à tendre vers une calotte sphérique. Une fois la forme calotte
sphérique atteinte, la goutte s’étale en conservant son profil (voir figures 4.9b et 4.9c). On
remarque que cet étalement est alors de plus en plus lent suggérant une dynamique en loi
de puissance.

Dynamique initiale

Intéressons nous dans un premier temps à ce premier régime où la hauteur chute
brutalement. On a vu figure 4.8 que les ajustements en calotte sphérique renvoient des
résultats aberrants dans ce régime là. Nous présentons alors figure 4.10 seulement les
mesures de hauteur H, correspondant au maximum de la détection de profil.

Figure 4.10 – Hauteur H en fonction du temps en représentation semi-logarithmique.
Deux courbes théoriques exponentielles sont présentées pour les deux temps caractéristiques
τmince (4.29) et τepais (4.30).

On observe alors figure 4.10 que les mesures de hauteur semblent suivre une loi ex-
ponentielle ainsi qu’une transition vers un régime plus lent en accord avec ce que l’on a
vu sur la séquence d’images 4.9. Ce comportement exponentiel est une signature d’une
relaxation capillaire en régime visqueux.

Verma et al. [33] ont décrit la relaxation d’une déformation de film mince formée
par pression de radiation. Ils ont montré que le temps caractéristique dépend du rapport
hauteur initiale de déformation h0 sur une longueur caractéristique radiale en géométrie
cylindrique R0, autrement dit du rapport d’aspect. Deux comportements se distinguent
alors :

pour h0
R0
� 1 , τmince = 3ηR4

0
γh3

0
(1 +Bo)−1 (4.29)

pour h0
R0
� 1 , τépais = 2ηR0

γ
(1 +Bo)−1 (4.30)

Le rapport h0/R0 = 1.2 dans notre cas. Ne se situant ni dans un cas ni dans l’autre, on
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compare figure 4.10 la dynamique observée aux deux temps caractéristiques. On remarque
que la dynamique est mieux approchée par le comportement en film épais suggérant une
plus grande universalité de ce comportement bien qu’une vérification plus systématique
est évidemment nécessaire. Il pourrait être d’ailleurs intéressant de regarder à la manière
de Cormier et al. [19] si une description utilisée pour un film mince pourrait se prolonger
dans le cas d’une déformation de goutte posée sur un substrat.

On remarque alors aussi en accord avec cette idée que la transition entre les deux
régimes se fait à un temps caractéristique exponentiel t = τepais avec τepais = 0.12 s.

Traitement des données pour l’analyse en loi de puissance

Nous allons désormais nous intéresser au second régime dynamique mais nous allons
pour cela devoir introduire une nouvelle procédure. On a obtenu grâce à la détection
de contour automatisée des mesures de R et de H pour chaque image. Dans l’exemple
présenté, le nombre de ces mesures est de l’ordre de 22000 et nous allons alors procéder à
une moyenne glissante logarithmique, ce qui va nous permettre de réduire les fluctuations
statistiques sur les données tout en obtenant une répartition uniforme des données en
représentation logarithmique.

— Pour ce faire, nous allons partir du temps caractéristique τepais et considérer une
fenêtre de temps ∆t0 petite devant celui-ci 25. Prenons désormais un temps initial
t0 et considérons l’ensemble des valeurs de R et de H pris sur l’intervalle [t0 −
∆t0/2, t0 + ∆t0/2] et effectuons respectivement la moyenne quadratique R0 et la
moyenne arithmétique H0 (en cohérence avec la géométrie cylindrique du système),
celles-ci seront alors attribuées au temps t0.

— On considère maintenant le pas de temps suivant ∆t1 = A∆t0 avec une constante
A > 1. On définit de nouveau l’intervalle [t1−∆t1/2, t1 + ∆t1/2] avec t1 choisis de
sorte que les intervalles, sur lesquels les moyennes pour R1 et H1 sont obtenues, se
suivent sans se recouvrir.

— La procédure continue alors pas par pas où ∆ti+1 = A∆ti, ce qui permet pour
un A constant d’obtenir une distribution des données uniforme en représentation
logarithmique 26.

De plus on remarque que comme le ti se comporte comme une série géométrique :

ti+1 =
i∑

j=0
∆tj ≈

i∑
j=0

Aj∆t0 ∼
Ai+1

1−A∆t0 (4.31)

en plaçant cette fois les ti au début des pas de temps ∆ti. Cela implique pour des dyna-
miques en loi de puissance R = tα :

Ri+1 = tαi+1 ∼ AαRi (4.32)

La procédure permet bien asymptotiquement de retrouver un comportement auto-similaire
caractéristique de la loi de puissance. L’erreur systématique relative sur le rayon sera alors

25. Pour cet exemple, on a pris comme fenêtre de temps ∆t0 = τepais/20.
26. A = 1.1 dans notre exemple.
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donnée par :
1
Ri

[
Ri −

(
Ai+1

1−A

)α
∆t0

]
= −α 1

Ai
(4.33)

et tend bien vers zéro asymptotiquement et d’autant plus vite que α est petit.
On montre alors figures 4.11a et 4.11b les mesures de rayons et de hauteur obtenues

au cours du temps à partir de cette procédure sur notre exemple.

(a) (b)

Figure 4.11 – (a) Rayon de contact et (b) hauteur de la goutte moyennés sur un pas
de temps logarithmique au cours du temps en échelle log-log. Le rayon de contact est
obtenu à partir d’un fit de calotte sphérique et la hauteur correspond au maximum du
profil de la goutte obtenu à partir de l’image. La ligne pointillée en (a) correspond à la
longueur capillaire Lc. En insert est représenté un histogramme des écarts à la moyenne
pour chacune des hauteurs représentées figure 4.11b ainsi qu’un ajustement par une loi
normale dont l’écart type est σH = 0.06 µm.

On remarque qu’on retrouve les deux comportements vus qualitativement pour la
hauteur H sur la séquence d’images 4.9, à savoir le régime rapide aux temps courts et
la décroissance lente sur le reste de la dynamique. On remarque que ce second régime
est assimilable à un comportement en loi de puissance pour le rayon de contact et pour
la hauteur validant l’utilisation de la procédure excepté en toute fin de dynamique où la
hauteur semble avoir un comportement différent plus lent que l’on ne retrouve pas sur le
rayon.

Il est par contre à noter que les valeurs de mesures de rayon pour le premier régime
sont à prendre avec précaution. On remarque en effet sur la séquence d’images 4.9 que la
goutte a une forme qui n’est pas assimilable à une calotte sphérique pendant ce régime
(voir figure 4.8).

Dans le cas présent la procédure de moyenne glissante a été démarrée pour des temps
t > 2τepais à partir duquel on se situe qualitativement dans le régime en loi de puissance
(voir figures 4.10 et 4.11b) et on se retrouve avec une centaine de points sur lesquels on
observe peu de variations statistiques.

Si on considère en insert l’histogramme construit à partir de la concaténation des en-
sembles d’écarts à la moyenne obtenus pour chacun des intervalles, on remarque qu’ils
constituent bien une distribution gaussienne confirmant que ces écarts sont principale-
ment constitués de fluctuations statistiques et que la procédure n’entraîne pas d’erreur
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systématique 27 (voir insert 4.11b).

Les barres d’erreur présentes sur les mesures sont obtenues à partir des écarts types
σ∆t sur les intervalles constitués à partir des pas de temps. On aura ainsi respectivement
pour l’erreur sur le temps δt, pour la hauteur δH et pour le rayon δR :

δt =

√
σ2

∆t
(t)

N
+ res2

t

12 , δH =

√
σ2

∆t
(H)
N

+ pix2

12 + δ2
cal

δR =

√√√√ 1
N

σ2
∆t

(R2)
< R2 >∆t

+
< err >2

∆t

N

où rest et pix correspondent respectivement à la résolution sur le temps et sur la hauteur,
à savoir l’inverse du nombre de fps en seconde et la taille d’un pixel de l’image en micron,
et < R2 >∆t et < err >∆t correspondent respectivement à la moyenne sur l’intervalle du
carré du rayon et à la moyenne de l’erreur renvoyée par l’ajustement en calotte sphérique
pour chaque image.

L’erreur sur le rayon est probablement sous-estimée, en particulier l’impact des diffé-
rents effets liés aux limitations instrumentales ne sont pas pris en compte due à la difficulté
d’intégrer la procédure d’ajustement dans une modélisation de l’erreur.

Enfin nous avons dit qu’une calibration de la position de la paroi était effectuée de sorte
à satisfaire la conservation du volume, ce qu’on peut dès lors vérifier a posteriori figure
4.12. Celui-ci est calculé en supposant une calotte sphérique et en prenant en compte la
correction en nombre de Bond Bo = (R/Lc)2 au second ordre :

V = πH

6
(
3R2 +H2

)(
1− Bo

48 + B2
o

2304

)
(4.34)

et donc en ne considérant que les points au delà de 2τepais.

Figure 4.12 – Volume calculé en supposant une calotte sphérique selon l’équation (4.34)
à partir des mesures de rayon et de hauteur moyennées. La ligne noire en pointillée cor-
respond à la moyenne des volumes pris pour des temps t > 2τepais.

27. On pense notamment que ce sont les fluctuations de l’interface dues à la criticalité que l’on représente
dans l’histogramme. L’écart type obtenu σH est d’ailleurs égal à 3.0 ξ, ce qui est compatible avec les valeurs
proposées section 2.5.3.

185



4.3. Protocole et résultats préliminaires à ∆T = 8 K

Il est noter pour la suite que l’erreur que l’on considérera pour la valeur du volume
moyen global (représentée par un trait noir figure 4.12) sera obtenue en considérant à la
fois les erreurs sur la hauteur, sur le rayon et l’écart type obtenu à partir de la variation
du volume autour de cette valeur moyenne globale.

Dynamique autosimilaire

Finalement à partir de ces mesures de H et R, nous allons pouvoir obtenir l’angle de
contact apparent θ et le nombre capillaire 28 Ca que l’on montre figures 4.13a et 4.13b.

(a) (b)

Figure 4.13 – (a) Angle de contact et (b) nombre capillaire obtenus pour une calotte
sphérique à partir des mesures de R et H représentées figures 4.11a et 4.11b.

On remarque que les deux quantités suivent une loi de puissance à partir de t ≈ 0.3 s
montrant un comportement autosimilaire et tendent toutes deux vers zéro comme attendu.

En particulier dans cette région le nombre capillaire est inférieure à 10−1 et l’angle
de contact est petit (< 35◦) justifiant l’utilisation de l’hypothèse de paroi mouillante et
de faible nombre capillaire. Si on revient sur la figure 4.6, on remarque que l’écart en
amplitude attendu entre le cas d’un liquide binaire et le cas d’une interface liquide-air est
inférieur à 25% pour ces angles de contact et on ne considérera pas cet écart sur l’amplitude
en première analyse.

Nous allons d’abord étudier ce second régime sous l’angle de la loi de Tanner (4.19).
On présente dans un premier temps figure 4.14 l’angle de contact au cube en fonction du
nombre capillaire.

On remarque ainsi que le cube de l’angle de contact est bien linéaire en Ca pour des
nombres capillaires supérieurs à Ca = 3 10−4 vérifiant bien la loi de Cox-Voinov (4.18). On
remarque une sorte de saturation pour des nombres capillaires inférieurs à cette valeur,
celle-ci étant la conséquence du ralentissement de la dynamique observée sur les hauteurs
en toute fin de dynamique que l’on discutera par la suite. On peut alors ajuster la partie
linéaire et obtenir une valeur de la divergence logarithmique l = 0.7.

28. La dérivée temporelle effectuée sur le rayon pour obtenir le nombre capillaire est une dérivée numé-
rique simple Ṙi = (Ri+1 − Ri−1)/(ti+1 − ti−1). On s’attend alors à une certaine variation sur les valeurs
de Ca obtenues avec cette méthode.
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Figure 4.14 – θ3 en fonction du nombre capillaire où un ajustement linéaire θ3 = 9lCa
a été réalisé donnant l = 0.7.

Ainsi, à partir de cette valeur de l, nous pouvons alors estimer l’amplitude de la loi
de Tanner sur les mesures de rayon et par conservation du volume sur la variation de la
hauteur. En notant H̃, R̃ et t̃ une hauteur, un rayon et un temps renormalisés tels que :

H̃ = ( π4V )1/3H , R̃ = ( π4V )1/3R et t̃ = ( π4V )1/3γt

η
(4.35)

avec V le volume de la goutte, on montre alors figures 4.15a et 4.15b R̃10 - R̃10
0 et H̃−5−H̃−5

0
en fonction de t̃ − t̃0 où R̃0 = R̃(t̃ = t̃0) et t0 = 2τepais est le temps à partir duquel on
peut considérer que la goutte présente un profil autosimilaire (dans notre cas une calotte
sphérique).

(a) (b)

Figure 4.15 – (a) R̃10 - R̃10
0 , où R̃ est un rayon normalisé et (b) H̃−5−H̃−5

0 où H̃ est une
hauteur normalisée en fonction de l’écart en temps normalisé t̃− t̃0 et où R̃0 = R̃(t̃ = t̃0)
et H̃0 = H̃(t̃ = t̃0). Le temps t0 = 2τepais est obtenu grâce au premier régime dynamique.
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On observe un très bon accord sur presque trois ordres de grandeurs sur les mesures
de rayon où aussi bien le comportement linéaire que l’amplitude sont retrouvés 29. On
remarque toujours cette saturation pour les mesures de hauteur en toute fin de dynamique
déviant ces mesures de la prédiction.

Sous réserve d’une validation systématique, la loi de Tanner semble donc parfaitement
vérifiée dans notre système validant la stratégie de pouvoir l’utiliser pour aller explorer
des régimes différents plus proche du point critique.

29. La valeur du volume utilisée correspond à la moyenne du volume sur ce régime (voir figure 4.12)
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4.3.3 Résultats préliminaires à ∆T = 8 K et discussion

On poursuit alors l’analyse sur l’ensemble des autres dynamiques observées à ∆T =
8 K. Comme précédemment, nous allons séparer l’étude en deux temps en suivant l’ordre
chronologique, à savoir l’analyse de la relaxation initiale puis celle de l’étalement en régime
auto-similaire.

Dynamique initiale exponentielle

On commence alors l’étude avec la relaxation capillaire initiale. On montre figure
4.16a et 4.16b l’analyse en terme de régime exponentiel des débuts de dynamiques pour
l’ensemble des gouttes analysées.

(a) (b)

Figure 4.16 – (a) Hauteur H renormalisée par H0,exp en fonction du temps t renormalisé
par τexp avec H0,exp, et τexp deux quantités obtenues par un ajustement exponentiel pour
l’ensemble des expériences effectuées pour ∆T = 8 K. (b) γτexp/2η avec τexp la constante
de temps obtenue par ajustement exponentiel des mesures de hauteurs présentées figure
4.16a en fonction de R0(1 + Bo), R0 étant le rayon de contact initial mesuré à l’oeil et
Bo = (R0/Lc)2 le nombre de Bond pour chacune des dynamiques observées.

Pour chacune des gouttes, le début de la dynamique a été ajusté par une loi exponen-
tielle où on a laissé l’amplitude initial H0,exp et le temps caractéristique τexp libres. On
observe figure 4.16a qu’en renormalisant les mesures de hauteurs par ces quantités ajus-
tées, celles-ci se retrouvent bien sur la même courbe maitresse confirmant que l’on se situe
bien dans un régime exponentiel. Les temps caractéristiques obtenus sont montrés 4.16b
et on remarque que ceux-ci croissent avec la quantité R0(1 + Bo) et que cette croissance
est compatible avec l’expression :

τepais = 2ηR0
γ

(1 +Bo)−1 (4.36)

excepté pour le rayon le plus grand et bien que les incertitudes sur le rayon soient très
élevées 30.

30. Les rayons de contact initiaux ont été pris visuellement sur les images puisque la forme est très
éloignée d’un calotte sphérique. La paroi étant mouillante,le profil doit décroitre de sorte à venir faire un
angle de contact nul avec la paroi rendant la détermination de la position de la ligne de contact difficile.
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Ainsi les résultats obtenus poussent à un modèle de relaxation capillaire en film épais
pour décrire le régime dynamique initial. On remarquera par ailleurs que pendant ce régime
le rayon de contact semble qualitativement constant (voir figure 4.9) alors que toute la
forme relaxe, en accord avec l’idée de dissipation visqueuse divergente au niveau de la
ligne de contact. On est ainsi dans un type de régime transitoire de relaxation vers une
forme dynamique auto-similaire comme ce qui a pu être vu pour le cas de trou cylindrique
formé dans un film liquide (voir [34]).

De plus, on remarque figure 4.16a que les dynamiques sortent du régime exponentiel à
des temps renormalisés différents et plutôt tôt (t/τ < 1) montrant que la dynamique de ce
régime transitoire n’est pas complètement donnée par un comportement exponentiel. En
particulier on se rend compte que plus le temps caractéristique est élevé, plus le régime
transitoire termine tôt, avec un temps de transition qualitativement en inverse de ce temps
caractéristique 31.

Finalement ce régime initial semble être bien caractérisé par un régime de relaxation
quasi-exponentiel qui semble en première analyse découler d’une description en film épais.
Pour autant, on a vu que cela ne suffisait pas à épuiser la phénoménologie de ce régime.
En particulier on retiendra que le temps durant lequel cette description se justifie semble
particulièrement court et dépend outre mesure du temps caractéristique associé à cette
relaxation.

Analyse du régime de Tanner

Maintenant que nous avons vu le régime initial et traité la discussion sur la transition
entre les deux régimes, nous pouvons revenir sur le régime de Tanner. On présente figures
4.17a et 4.17b les R̃10 − R̃10

0 et H̃5 − H̃5
0 pour l’ensemble des gouttes analysées à un écart

à la température critique ∆T = 8 K.

(a) (b)

Figure 4.17 – (a) R̃10 - R̃10
0 , où R̃ est un rayon normalisé et (b) H̃−5 − H̃−5

0 où H̃ est
une hauteur normalisée en fonction du temps normalisé t̃− t̃0 où t0 = 2τ et τ est définit
par l’équation (4.36) pour l’ensemble des gouttes à ∆T = 8 K.

31. La dynamique violette sort du régime transitoire pour un temps renormalisé t/τ ≈ 0.5 là où la bleue
en sort pour un temps renormalisé t/τ ≈ 1 et le rapport entre leurs temps caractéristiques est aussi de
l’ordre de deux.
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On remarque que pour les rayons et les hauteurs, l’accord est toujours qualitativement
vérifié sur près de 5 décades. Excepté pour la goutte symbolisée par les points bleus, on
remarque en particulier que pour les temps longs toutes les dynamiques convergent vers
la courbe théorique. En outre, l’ensemble de ces dynamiques présente la même amplitude
suggérant que la valeur de la divergence logarithmique ne dépend pas du volume de la
goutte sur la plage de gouttes analysées et pour un écart à la température critique donné 32

(voir figures 4.17a et 4.17b).

On cherche comme précédemment à vérifier la loi de Cox-Voinov (4.18). On présente
alors figure 4.18, les angles de contact calculés à partir des mesures de hauteur et de rayon
pour chacune des gouttes en fonction du nombre capillaire.

Figure 4.18 – θ3 en fonction du nombre capillaire où un ajustement linéaire θ3 = 9lCa
a été réalisé donnant l = 0.6. Les résultats sont montrés pour l’ensemble des expériences
réalisées à ∆T = 8 K.

On remarque que les résultats montrés précédemment sont bien confirmés validant
définitivement le fait que la dynamique d’étalement est bien décrite par un régime de
Tanner.

Si on vient de voir que l’accord est particulièrement bon, en particulier pour Ca variant
entre 10−2 et 10−3, on remarque aussi qu’un second régime semble émerger pour des
nombres capillaires inférieurs. On montre alors figure 4.19 les mesures du nombre capillaire
au cours du temps.

On constate dans un premier temps la reproductibilité très forte des mesures de nombre
capillaire. Le fait que ce soit une mesure strictement locale et donc indépendante de
l’histoire de la dynamique 33 peut être la raison de cette reproductibilité. Le fait que
l’exposant soit fort (Ṙ ∼ t−9/10) comparé aux autres dynamiques analysées peut en être

32. Bien que celle-ci semble dépendre d’un système à l’autre. Bonn et al. propose dans leur revue [20]
une valeur de l = 5.50 donc un ordre de grandeur supérieur de celle qu’on obtient.
33. Par exemple, d’éventuels accrochages de lignes de contact qu’on retrouverait par la suite en repré-

sentation logarithmique.
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aussi la raison dans la mesure où les faibles différences de volumes entre les différentes
gouttes sont moins visibles relativement à l’évolution en loi de puissance de Ca.

La présence d’un second régime 34 est légèrement plus visible au travers de cette gran-
deur. On observe en effet que le nombre capillaire commence à chuter à partir de t = 40 s ;
une origine de ce ralentissement pourrait être liée aux effets de gravité.

Figure 4.19 – Nombre capillaire en fonction du temps pour l’ensemble des expériences
réalisées à un écart à la température critique ∆T = 8 K. Le régime de Tanner est représenté
avec une valeur de divergence logarithmique l = 0.6.

En effet, la densité de la goutte étant inférieure à celle du fluide environnant, on s’attend
à voir la dynamique tendre vers une forme d’équilibre donnée par une compétition entre
la capillarité et la gravité à la manière d’une goutte pendante. Au lieu de diverger, on
s’attend ainsi à voir le rayon de contact finir par tendre vers la valeur limite :

R(t→∞) ≈ 4LC (4.37)

d’après Ehrhard [9], et le début de cette saturation pourrait en être la signature.
Avant de conclure, revenons à la question de la divergence logarithmique et considérons

la prédiction obtenue à partir des considérations développées au paragraphe 4.2.3 :

l = ln

[
RC

2/3
a

6.9e2ξ

]
(4.38)

Nous allons alors comparer figure 4.20 cette expression à la valeur de la divergence loga-
rithmique obtenue, à savoir l = 0.6.

On remarque que celle-ci est compatible avec les valeurs attendues (voir 4.20). En re-
vanche, les prédictions théoriques prédisent une variation de cette valeur entre 2 et−2, c’est
à dire que la variation du nombre capillaire est telle que la longueur microscopique finit
par devenir plus grande que la longueur macroscopique suggérant que les comportements

34. que l’on pensait être dû à des effets de résolution précédemment.
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présentés pour écrire l’équation (4.26) ne sont pas adéquats pour décrire notre situation 35.

Figure 4.20 – Divergence logarithmique l donnée par l’équation (4.26) en fonction du
temps comparée à la valeur l = 0.6 donnée par l’ajustement sur la figure 4.18. Les résultats
sont montrés pour l’ensemble des expériences réalisées à ∆T = 8 K.

35. C’est d’ailleurs en général le cas, on avait déjà remarqué que la dépendance en temps des quantités
qui constituent la divergence logarithmique l n’est jamais retrouvée expérimentalement.
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4.4 Conclusion de l’étude préliminaire à ∆T = 8 K

Ainsi, on a présenté au cours de cette partie un protocole nous permettant d’oberver
in situ la relaxation puis l’étalement d’une goutte liquide de la phase supérieure de notre
échantillon de micro-émulsion sur la paroi supérieure d’un capillaire inséré dans la cellule
au sein de la phase inférieure.

Pour cela, on utilise le laser pour former une goutte sur la paroi que l’on va venir tirer
par la suite au moyen de la pression de radiation du laser ou de la tension de surface
d’une structure liquide remontant par poussée d’archimède nous permettant d’aboutir à
des profils initiaux allongés. Lors de la relaxation de cette goutte, un film est pris sur
lequel une détection de contour puis un ajustement en calotte sphérique sont réalisés de
façon automatisée nous permettant d’avoir une mesure simultanée et indépendante de la
hauteur de la déformation H et du rayon de contact R 36.

Enfin, l’utilisation d’une caméra ultra-rapide et d’une procédure d’automatisation
a permis d’obtenir une puissance statistique permettant d’effectuer des procédures de
moyenne glissante sur nos données avec une résolution telle que l’on ne perd pas en infor-
mations sur la dynamique. Cette procédure est essentielle pour un système soumis à des
fluctuations tels que notre échantillon quasi-critique et pourrait permettre dans notre cas
de remonter à des informations statistiques comme la longueur de corrélation des fluctua-
tions du paramètre d’ordre ξ. Sur l’ensemble des dynamiques observées pour ∆T = 8 K,
la largeur de distribution moyenne sur des échelles de temps inférieures à la résolution
temporelle de la dynamique est de σR = (7.4± 0.4) 10−2µm correspondant à 3.5 ξ, ce qui
est compatible avec les mesures effectuées section 2.5.3.

On a alors vu sur un exemple que l’on était capable de vérifier parfaitement un régime
de Tanner (4.19) sur plusieurs ordres de grandeurs ainsi que la loi de Cox-Voinov 4.18. On
a aussi vu qu’on observait un régime dynamique sur les hauteurs et que celui-ci pouvait
être décrit par une loi exponentielle caractéristique des relaxations capillaires dans ces
instants initiaux.

Finalement en compilant l’ensemble des résultats obtenus à cette température, on a
pu confirmer la présence du régime de Tanner pour l’ensemble des dynamiques observées.
Par ailleurs, l’amplitude associée à ce régime est la même pour toutes les dynamiques
observées bien que très différente de celles données dans la littérature (voir Bonn et al.
[20]). La compilation des données nous a aussi permis de remarquer des signatures d’effets
de saturation sur le rayon de contact en toute fin de dynamique qui pourraient provenir
d’effets de gravité et qui demanderaient à être explorés.

Le régime exponentiel a pu être mieux caractérisé. Celui-ci se retrouve bien dans toutes
les dynamiques et présente une constante de temps qui invite à une modélisation de relaxa-
tion capillaire en film épais. En revanche, des questions se posent quant à la stationnarité
du rayon de contact pendant ce régime initial ainsi que sur la durée de ce régime qui a l’air
inversement proportionnelle au temps caractéristique du régime exponentiel. Une modé-
lisation de ce régime transitoire pourrait aboutir à une phénoménologie riche et pourrait
permettre d’explorer la question de la persistance des conditions initiales induites par ces
régimes transitoires initiaux et la convergence vers les dynamiques auto-similaires.

Maintenant que l’on a pu caractériser au mieux pour un écart à la température cri-
tique donné, la perspective naturelle serait de comparer les lois d’étalement pour divers
écarts à la température. On représente alors figure 4.21a et figure 4.21b respectivement

36. Lorsque la goutte a un profil de calotte sphérique.
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les mesures de rayons renormalisés par leur valeur initiale lorsque le régime a atteint son
profil d’équilibre dynamique ainsi que le cube des mesures d’angle de contact en fonction
du nombre capillaire. Les écarts à la température critique ∆T = 16 K et ∆T = 4 K sont
représentées et comparées avec deux des courbes déjà présentées à 8 K.

(a) (b)

Figure 4.21 – (a) Rayon normalisé par le rayon initial R0 lorsque la goutte a atteint une
forme de calotte sphérique pour différents écarts à la température critique ∆T . La droite
en pointillée correspond à l’exposant attendu en régime de Tanner. (b) θ3 en fonction du
nombre capillaire pour des écarts à la température critique respectivement de 16, 8 et 4 K.
Les droites théoriques correspondent à la loi de Cox-Voinov (4.18) respectivement pour une
divergence logarithmique l = 0.6 et l = 0.1.

Ainsi on remarque figure 4.21a que l’évolution du rayon au cours du temps à un écart
à la température critique de 16 K suit bien une loi en t1/10 comme celle à 8 K vue
précédemment. On observe aussi figure 4.21b que la valeur de la divergence logarithmique
tirée des mesures d’angle est inférieure à celle obtenue pour 8 K et il serait intéressant de
chercher à caractériser un éventuel comportement critique de celle-ci.

Cependant les courbes de rayon pour l’écart à la température critique de 4 K ne
suivent pas du tout la même tendance, allant jusqu’à diminuer au bout d’un certain temps.
Revenons-en alors au film initial 4.22a.

(a) (b)

Figure 4.22 – (a) Séquence d’images typique pour un étalement obtenu à un écart à la
température critique ∆T = 4 K. (b) Volume normalisé par sa valeur initiale en fonction
du temps pour la goutte montrée sur la séquence d’images figure 4.22a.
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On observe qualitativement sur la séquence d’images 4.22a que la goutte ne s’étale
pas au cours du temps, mais simplement que son volume diminue. En outre, on remarque
figure 4.22b que celui-ci décroit linéairement, ce qui peut être caractéristique d’une évapo-
ration à paramètre d’ordre conservé comme attendu pour un liquide binaire proche de son
point critique. Par ailleurs, on remarquera aussi figure 4.21b qu’on se situe dans un cas
d’évaporation à angle de contact quasi-constant indiquant à minima que notre substrat
est lisse.

Ainsi pour des expériences plus proches du point critique, le couplage de l’étalement
avec de l’évaporation est essentiel pour pouvoir rendre compte de nos expériences invitant
à une analyse à la manière de Lee et al. [35] mais en considérant de l’évaporation à
paramètre d’ordre conservé (voir figure 4.23).

Figure 4.23 – Courbe théorique donnant le rayon adimensionné en fonction du temps adi-
mensionné comparée à différentes dynamiques de gouttes liquides s’étalant et s’évaporant
sur un substrat solide tirées de la littérature. Figure tirée de [35].

De fait dans une telle situation hors équilibre il est difficile de connaître à priori la
forme de la goutte ou de l’écoulement au vu du nombre d’effets physiques à prendre en
compte. En effet, la forme de la goutte qui s’apparente à une lentille posée engendre un
taux d’évaporation plus élevé au bord qu’au centre : une molécule s’évaporant du bord
ayant une probabilité plus faible de revenir dans la goutte. Il en résulte des écoulements
de grande taille caractéristique et l’écoulement n’est plus confiné au voisinage de la ligne
de contact contrairement au cas sans évaporation. Cet effet associé à un rayon de contact
constant de la goutte est par exemple à l’origine du caractère annulaire d’une tâche de
café (voir [36]).

Plus généralement, les différents effets physiques à prendre en compte rendent la com-
préhension du cas général difficile 37 et le calcul de l’angle de contact dynamique dans le
cas parfaitement mouillant sur un substrat lisse mais dans cette situation hors équilibre
reste un sujet controversé ([37], [38]).

37. Par exemple la non uniformité du flux de chaleur devrait entraîner des inhomogénéités de température
de surface induisant des effets Marangoni thermiques ainsi que du transfert de chaleur depuis la paroi vers
la goutte.
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Finalement, avant de s’attaquer à ce cas particulier, nous allons chercher à nous concen-
trer sur un cas plus simple, l’évaporation d’une goutte isolée. En effet, il n’existe à notre
connaissance pas d’expériences d’évaporation pour un liquide binaire proche de son point
critique.

En particulier, la loi d’évaporation à paramètre d’ordre conservé pour une goutte sphé-
rique est en (tf − t)1/3 avec tf le temps final d’évaporation, en accord avec l’idée de débit
diffusif constant au cours du temps. Or étonnamment il n’existe, à notre connaissance,
aucune validation expérimentale de ce régime et c’est, du coup, ce que l’on se propose de
faire au cours du prochain chapitre.
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Au cours des chapitres précédents, nous nous sommes concentrés sur des phénomènes
de nature hydrodynamique, l’instabilité de Rayleigh-Plateau et l’étalement d’une goutte
sur une paroi solide pour un liquide binaire proche de son point critique. Les régimes
dynamiques mis en jeu ont alors eu lieu sur des temps caractéristiques dont on a vu qu’ils
se rallongeaient à mesure que l’on se rapprochait du point critique. Par exemple, dans le cas
d’une instabilité capillaire comme l’instabilité de Rayleigh-Plateau étudiée dans le chapitre
3, le temps caractéristique associé est donné par τcap = Lη/γ ∼ ε−2ν , où ε = ∆T/TC et
ν = 0.63, qui diverge bien quand T −→ TC .

Or notre système diphasique étant à l’origine à l’équilibre, à chaque fois que l’on
créera un domaine de taille finie d’une phase dans l’autre, celui-ci sera instable mais
cette fois au sens thermodynamique du terme, étant donné que le rayon critique d’un
système à l’équilibre est infini comme en témoigne par ailleurs la planéité de l’interface 1.
Dès lors, ce domaine va s’évaporer avec un temps caractéristique τD qui sera, pour une
transition de phase à paramètre d’ordre conservé, principalement gouverné par la diffusion
des fluctuations de concentration en micelles. Celui-ci se comportera alors comme τD =
L2/D avec L la taille caractéristique de notre système et D ≈ kBT/6πηξ la constante de
diffusion. A l’approche du point critique, on peut donc écrire que :

τcap
τD
∼ ε−ν −→

T→TC
∞ avec ε =

∣∣∣∣T − TCTC

∣∣∣∣ et ν = 0.63 (5.1)

où TC est la température critique.

Figure 5.1 – MD simulation d’un profil typique de rupture d’un pont liquide de propane
à 185 K dans le vide (a1) et en présence d’un gaz d’azote (a2). On souligne la présence
d’effets d’évaporation-condensation sur le profil du cou. Figures tirées de [1].

On doit ainsi s’attendre à ce que des effets d’évaporation soient présents dans les
dynamiques observées proche du point critique comme on a pu le voir au chapitre 4, sur
les exemples d’étalement pour un écart à la température critique ∆T = 4 K.

On notera que cette influence des effets d’évaporation-condensation a par ailleurs déjà
été relevée sur une simulation ab initio réalisée par Kang et Landman [1] en particulier sur
la morphologie et la dynamique de rupture d’un pont liquide nanométrique pour lequel
l’influence des fluctuations thermiques est importante (voir figure 5.1). De même, Briant
et Yeomans [2] ont remarqué au travers une simulation de type Lattice-Boltzmann d’un
pont liquide cisaillé sur un substrat que le déplacement de la ligne de contact se fait par

1. En toute rigueur, celle-ci présente un ménisque témoignant de la dimension finie de la cellule et ce
ménisque est plan en raison de la gravité.
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Chapitre 5. Evaporation d’une goutte isolée proche d’un point critique

un mécanisme couplant évaporation, condensation et convection dans le cas d’un fluide
binaire.

On a vu précédemment au chapitre 2.3 que nous sommes capables avec notre dispositif
de fabriquer des gouttes grâce à la focalisation d’un laser sur le ménisque séparant les deux
phases de notre échantillon.

Pour cela, on utilise un jet liquide voire un pont liquide formé au delà d’une puissance
seuil à partir de la déformation du ménisque. A l’arrêt du faisceau, ceux-ci sont instables
et se fragmentent en gouttes au terme d’une instabilité de Rayleigh-Plateau (voir figure
5.2a). Il nous suffit alors de pousser les gouttes ainsi formées vers le bas de la cellule en
utilisant la pression de radiation (voir figure 5.2a). On prend soin au passage de les faire
coalescer de sorte à ce qu’il ne reste finalement plus qu’une seule goutte isolée.

(a) (b)

Figure 5.2 – Séquence d’images montrant successivement (a) l’étape de formation d’une
goutte par création et fragmentation d’un jet liquide puis (b) l’étape d’isolement par poussée
de goutte grâce à la pression de radiation. Chaque image est séparée de la suivante de 15 s.

L’étude que l’on propose d’effectuer au cours de ce chapitre est ainsi d’étudier les
effets d’évaporation sur un système simple, à savoir une goutte isolée de la phase pauvre
en micelles dans la phase riche en micelles remontant vers l’interface au cours de son
évaporation (voir figure 5.3).

Figure 5.3 – Séquence d’images montrant l’évaporation d’une goutte formée à partir de
la méthode présentée figure 5.2. Chaque image est séparée de la suivante de 15 s.
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Si la nucléation et la croissance, c’est à dire la formation et l’évolution d’un nouveau
domaine distinct dans un domaine parent métastable ont été explorées pour la quasi-
totalité des transitions de phase du premier ordre que ce soit d’un point de vue théorique
(voir [3], [4], [5], [6], [7], [8], [9]) ou expérimental (voir [10], [11], [12], [13], [14], [15], [16],
[17], [18], [19], [20]), il est à noter que peu d’expériences ont été effectuées sur le processus
inverse de l’évaporation proche du point critique.

Ce que l’étude du phénomène de croissance, que l’on peut voir comme le phénomène
symétrique à l’évaporation, a révélé est que l’on peut identifier quatre régimes séparés en
fonction de la taille typique du système. On retrouve dans les premiers instants suivant la
nucléation, un régime de croissance exponentielle, un régime de croissance libre pendant
lequel la concentration de la goutte atteint sa valeur à l’équilibre puis un régime inter-
médiaire dominé par la diffusion et enfin le murissement d’Ostwald (Ostwald ripening)
pour lequel les divers domaines nucléés ont atteint des tailles suffisantes pour observer
des corrélations résultant de couplages entre l’évaporation des uns et la condensation des
autres.

Considérons dès lors le phénomène comme "réversible", au sens où la seule différence
entre la situation de croissance et d’évaporation est que le rayon initial est respectivement
supérieur ou inférieur au rayon critique en nucléation homogène 2 Rc = 3γ/∆µ, où γ est la
tension interfaciale et ∆µ est la différence entre les potentiels chimiques des deux phases 3.
Ainsi leur dynamique est régit par les mêmes mécanismes physiques et devrait dans les
mêmes conditions être la même en inversant le temps.

Puisqu’on est en présence d’une goutte isolée d’une phase initialement à l’équilibre
avec son environnement, des comportements analogues au régime de croissance libre et au
mûrissement d’Ostwald ne devraient pas intervenir. De même l’analogue au régime initial
exponentiel ne pourrait être envisageable qu’aux derniers instants de l’évaporation qui de
fait ne nous sont pas accessibles par simple imagerie (voir [17]).

Ainsi en l’absence de convection 4 et en l’absence de méthode d’analyse à l’échelle
sub-micrométrique, notre système devrait uniquement présenter le régime intermédiaire
diffusif. Dès lors pour décrire la dynamique de notre système, il suffit d’écrire l’équation
de continuité pour une goutte de volume V et de rayon R en présence de flux diffusif :

dV

dt
= −4πR2D

dφ

dr

∣∣∣∣
r=R

(5.2)

avec D le coefficient de diffusion et φ la concentration volumique de l’espèce diffusante. On
se place alors dans l’approximation quasi-statique, c’est à dire on suppose que le champ
diffusé relaxe sur un temps caractéristique petit devant l’inverse du taux d’évolution du
rayon. Ceci nous permet d’écrire que le champ satisfait à l’équation de Laplace :

∇2φ = 0 −→ φ(r) = (φR − φ∞)R
r

+ φ∞ (5.3)

en se plaçant en géométrie sphérique avec φR = φ(r = R) et φ∞ = φ(r → ∞). Ce qui
nous donne une équation d’évolution pour le rayon :

dR

dt
= D

R
(φR − φ∞) (5.4)

2. C’est à dire défini à partir des fluctuations intrinsèques.
3. A l’équilibre, le rayon critique Rc est infini donc seule l’évaporation est présente.
4. Le nombre de Reynolds de notre système est typiquement de l’ordre de Re ∼ 10−3 (voir section

2.1.7).
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A cette étape, il nous faut alors distinguer entre deux situations.
En système ouvert, la concentration à l’infini est supposée constante φ∞ et on consi-

dérera que la concentration à l’interface sera constante car fixée par l’équilibre thermody-
namique à l’interface 5.

Cela correspond alors à une transition de phase à paramètre d’ordre non conservé et
on en déduira une loi de puissance bien connue dite la d2-law (Maxwell) :

R = A(tf − t)1/2 (5.5)

où tf est le temps final d’évaporation et A =
√

2D(φR − φ∞). Celle-ci a été abondamment
observée 6 et un grand nombre de corrections peuvent lui être amenées selon la situation.
On pense en particulier à celles consistant à considérer certaines conditions sur la dis-
tribution de la concentration à la surface 7 et à l’infini 8 (voir [22]). Il est par ailleurs
intéressant de noter qu’un sujet de recherche actuel est l’élaboration de modèles prédisant
les déviations à la d2 law pour l’évaporation de gouttes composites ([24], [25], [26], [27]).

En système fermé 9, comme dans notre situation, le champ à l’infini est déjà à l’équilibre
thermodynamique. Ce sera alors la contribution supplémentaire positive due aux effets de
courbures, qu’on appellera par la suite surconcentration qui va rentrer en compte. On aura
φR−φ∞ ∼ γ/R et on remarque immédiatement que la loi d’évolution du rayon s’exprime
alors comme (voir [7]) :

R = K(tf − t)1/3 (5.6)

toujours avec tf le temps final d’évaporation et K une amplitude dépendante de la tension
interfaciale γ. Cette situation correspond à une transition de phase à paramètre d’ordre
conservé et on retrouve de nouveau une loi de puissance mais avec un exposant différent,
sa valeur étant étroitement liée aux mécanismes à l’oeuvre régissant l’évaporation 10.

Il est à noter que dans le cas de la croissance, ce régime a été vérifié expérimentalement
(voir [15], [16], [18], [20] ). En revanche, dans le cas de l’évaporation, il n’existe à notre
connaissance aucune étude expérimentale l’ayant observée avec succès. Il s’agit alors d’aller
chercher une éventuelle première observation expérimentale directe de ce régime diffusif
pourtant si exhaustivement étudié dans le cas d’un système ouvert.

On remarquera aussi, une fois le régime identifié, que l’on peut revenir au travers des
amplitudes 11 à des quantités telles que la tension de surface, la constante de diffusion
ou encore le champ de concentration local. Ceci nous permettant de venir renforcer notre
métrologie en nous donnant accès à de nouvelles mesures de tensions interfaciales voire à
une cartographie du champ de concentration.

5. en la reliant à la pression de vapeur saturante par exemple.
6. voir en particulier [22] ou plus récemment pour des gouttes lévitant grâce à un champ acoustique

[23].
7. Par exemple, il fut remarqué par Langmuir [22] que pour les gouttes s’évaporant dans un gaz, il

existe une variation brutale de la température, de la vitesse tangentielle et de la concentration très proche
de la surface de la goutte. La formulation théorique de cet effet fut pris en compte au travers d’une distance
effective, souvent le libre parcours moyen, à partir duquel la d2-law redevient correcte [22].

8. En considérant des parois absorbantes ou encore en fixant ou au contraire en laissant la concentration
cb à une distance b fixée de la goutte auquel cas la quantité évoluant linéairement au cours du temps est
R̄2 = R2(1− 2R/3πb).

9. ou en système ouvert pour de très petites gouttes.
10. On peut d’ailleurs aussi retrouver le fait qu’en présence de convection, le régime est dit cinétique et

présente un exposant plus proche de 1.
11. Le facteur K dans l’équation (5.6).
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Par ailleurs il est à signaler que des études numériques récentes ont montré que les fluc-
tuations pouvaient jouer un rôle fondamental dans les premiers instants de la nucléation.
En effet pour les systèmes appartenant à la classe d’universalité d’Ising (d = 3,n = 1), Das
et Binder ont montré que la tension de surface γ des petites gouttes dépend du rapport
R/ξ [21] :

γ(R) = γ∞

1 + 32
(
ξ
R

)2 (5.7)

Cette dépendance n’a pas été observée expérimentalement jusqu’ici malgré ses implications
essentielles pour le phénomène de nucléation et le premier régime de croissance (Rc étant
obtenu à partir de la définition usuelle de la tension de surface malgré son caractère nano
voire subnanométrique) ainsi que pour le mûrissement d’Ostwald.

On voit alors immédiatement comment cet effet pourrait modifier l’exposant régissant
la dynamique d’évaporation des derniers instants de l’évaporation pour des dynamiques
proches de la température critique. Et ainsi l’étude de l’évaporation dans des systèmes
critiques pourrait dans le même temps nous permettre d’observer une signature de ces
fluctuations sous forme de déviations au régime diffusif.

Dans ce chapitre, nous allons présenter un modèle d’évaporation adapté au cas de
gouttes de micro-émulsions quasi-critiques. Nous confronterons dans un premier temps ce
modèle à des résultats expérimentaux à ∆T = 4 K. Nous verrons alors que les dynamiques
observées sont plus complexes qu’attendu et nécessitent d’introduire d’autres effets dans
la modélisation. Nous présenterons finalement une étude à d’autres températures pour
généraliser les phénomènes observés.
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Chapitre 5. Evaporation d’une goutte isolée proche d’un point critique

5.1 Transition de phase à paramètre d’ordre conservé proche
d’un point critique

Dans cette partie est présenté un formalisme dérivé de la physique statistique des
champs pour décrire les systèmes critiques déjà évoqués au chapitre 2.1, celui-ci nous offre
la possibilité de construire un modèle dont on peut déduire la distribution du champ de
concentration et de l’écoulement en tout point dans notre géométrie. Nous verrons qu’en
cas d’interface courbée, les effets de courbures produiront des gradients de concentrations
aboutissant à des flux de diffusion. Nous pourrons alors obtenir le mouvement de l’interface
relativement à l’écoulement, i.e. la dynamique d’évaporation, comme étant la résultante
des flux de diffusion de part et d’autre de l’interface.

Nous serons aussi capable à partir de ce champ de dériver, mais depuis un angle
différent, des quantités thermodynamiques qui ont déjà fait l’objet d’une discussion au
chapitre 2.1 comme la tension interfaciale γ et la longueur de corrélation des fluctuations
du paramètre d’ordre ξ. Nous suivrons au cours de cette partie les étapes décrites par A.J.
Bray dans la revue [7].

Considérons l’hamiltonien décrivant la fonctionnelle de l’énergie libre de Landau pour
un système quasi-critique dans son état biphasique et pour un paramètre d’ordre scalaire
φ :

H(φ) =
∫
dx
{
κ

2 (∇φ)2 + V (φ)
}

(5.8)

On considère dans cette partie φ comme l’écart à la fraction volumique de micelles à
l’équilibre dans la partie monophasique φ0 12 (φ = 0 pour T < TC).

Le potentiel V (φ) a une structure symétrique en double puits dont les minima sont
centrés sur les valeurs φk, avec k = 1, 2 correspondant aux valeurs du paramètre d’ordre 13

lorsque les deux phases sont à l’équilibre où l’indice 1 correspond à la phase riche en
micelles et 2 à la phase pauvre en micelles (voir chapitre 2.1). Le terme en gradient carré
(∇φ)2 est associé à l’excès d’énergie induit par des gradients locaux du paramètre d’ordre
(κ > 0) et est à l’origine de la tension interfaciale. Par définition, on en déduit l’expression
du potentiel chimique 14 :

µ ≡ δH

δφ
= −κ∇2φ+ V ′(φ) (5.9)

Pour décrire la dynamique d’évaporation, il nous suffit d’écrire que le champ à l’inter-
face est transporté par l’interface φ∗(s− vrt) avec s la coordonnée normale à l’interface et
vr la vitesse radiale de l’interface se réduisant à vr = Ṙ en symétrie sphérique. L’objectif
de cette partie va être de résoudre l’équation de continuité du champ transporté par le
morceau d’interface en mouvement dans la direction normale à l’interface.

− Ṙ∂φ
∂s̃

+ ur
∂φ

∂s̃
= −∂jr

∂s̃
où s̃ = (s− vrt) (5.10)

avec ur et jr respectivement les composantes normales de la vitesse locale du fluide et du
flux de diffusion de micelles.

12. Pour revenir à la fraction volumique habituelle φ′, il suffit d’écrire φ′ = φ+ φ0.
13. V (φ) ∼ (1− φ2)2 pour des valeurs de paramètres d’ordres à l’équilibre φk = ±1, avec k = 1, 2.
14. Où pour obtenir le signe moins devant le terme en ∇2φ, on a intégré par parties et supposé la quantité
||∇φ||2 −→

x→∞
0.
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5.1. Transition de phase à paramètre d’ordre conservé proche d’un point
critique

On se place pour cela en approximation quasi-statique 15 pour écrire les équations
générales du système loin de l’interface. On considère ainsi :

— pour de faibles nombres de Peclet, l’équation de Laplace pour le champ φ :

∇2φ = 0 (5.11)

— pour un fluide incompressible, l’équation de continuité donnant la vitesse de l’écou-
lement u :

∇u = 0 (5.12)

— et enfin pour de faibles nombres de Reynolds, l’équation de Stokes reliant le champ
φ à l’écoulement u :

η∇2u = ∇p+ φ∇µ (5.13)

où p est la pression hydrostatique, η la viscosité et le dernier terme décrivant l’ad-
vection, c’est à dire le couplage de l’écoulement avec le champ de concentration φ.

5.1.1 Description d’une interface fine

On s’intéresse dans un premier temps au cas d’une interface plane. En l’absence de
courbure, on peut écrire que le potentiel chimique à l’interface est seulement donné par
la différence entre les potentiels chimiques des deux phases, celui-ci étant alors nul à
l’équilibre thermodynamique. On peut ainsi multiplier l’équation (5.9) par la quantité
∂φ/∂s, où s est la coordonnée normale à l’interface et intégrer pour obtenir :(

∂φ

∂s

)2
= 2
κ

(V (φ)− Vk) (5.14)

où Vk = V (φ = φk) et pour laquelle on a considéré que ∂φ/∂s −→ 0 quand s −→∞.
Pour T > TC , dans la partie diphasique, le potentiel dans le modèle φ4 (présenté au

chapitre 2.1.3) peut se réécrire :

V (φ) = Vk + V ′′k
2∆φ2

(
φ2 −

(∆φ
2

)2)2

(5.15)

En ne gardant que l’équation pour laquelle les solutions ne divergent pas à l’infini, on
en déduit l’équation différentielle suivante :

∂φ

∂s
=
√

V ′′k
∆φ2κ

((∆φ
2

)2
− φ2

)
(5.16)

dont la solution est :
φ = ∆φ

2 tanh

(
s

2ξ

)
(5.17)

où ξ =
√
V ′′k /κ est la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre.

On a ainsi φ ∼ exp(−|s|/ξ) quand s −→ ±∞ et comme le champ sature exponentiel-
lement sur une distance ξ, l’excès d’énergie s’en retrouve alors confiné à l’interface. La
minimisation de l’énergie passera alors principalement par la réduction de l’aire totale de
l’interface donnant lieu aux effets de capillarité.

15. Les champs de vitesses et de diffusion sont considérées comme stationnaires devant la dynamique
d’évaporation.
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Chapitre 5. Evaporation d’une goutte isolée proche d’un point critique

En insérant l’équation (5.14) dans l’expression de l’Hamiltonien (5.8), on en déduit
l’énergie par unité de surface, à savoir la tension interfaciale 16

γ =
∫ +∞

−∞
ds κ

(
∂φ

∂s

)2
=
∫ φ1

φ2
dφ 2 (V (φ)− Vk) (5.21)

5.1.2 Expression du champ en approximation quasi-statique

On considère désormais le cas d’un domaine sphérique de la phase pauvre en micelles
plongé dans un volume de la phase riche en micelles. On se place dans l’hypothèse de
l’interface fine pour laquelle on considère que les tailles caractéristiques sont grandes devant
ξ. On sépare ainsi la description du potentiel chimique pour des régions proche et loin de
l’interface.

En écrivant φ̄ = φ− φk, on obtient loin de l’interface au premier ordre en φ̄ :

µ ' V ′′k φ̄ (5.22)

où le terme en laplacien est négligé car il n’est significatif que sur des distances caractéris-
tiques de l’ordre de ξ. On remarque alors qu’en volume, on peut exprimer la susceptibilité
osmotique :

χT ≡
∂φ

∂µ
= 1/V ′′k (5.23)

Et que le potentiel chimique vérifie comme le champ φ̄ l’équation de Laplace :

∇2µ = 0 (5.24)

A l’interface, on écrit ∇2φ = C ∂φ
∂s +

(
∂φ
∂s

)2
où C est la courbure locale de l’interface.

On a par ailleurs C = ∇ŝ avec ŝ le vecteur unitaire normal à l’interface.
Ainsi comme pour la partie précédente, en multipliant l’équation (5.9) par la quantité

∂φ/∂s, on obtient :

µ
∂φ

∂s
= −κ

[
C

(
∂φ

∂s

)2
+ ∂φ

∂s

(
∂φ

∂s

)2]
+ ∂V

∂s
(5.25)

On suppose alors que sur une taille caractéristique de quelques ξ, le potentiel chimique
et la courbure peuvent être considérés comme constants devant la variation de ∂φ/∂s. En
notant avec un indice S les quantités à l’interface, on peut alors intégrer sur la coordonnée

16. On peut aussi introduire de la même manière la viscosité en écrivant que le taux de dissipation
visqueuse dû à un mouvement de l’interface à la vitesse v est égal à :

dE

dt
= −ηv2 (5.18)

avec η la viscosité. Or par définition le taux de dissipation s’écrit aussi :

dE

dt
=
∫
ds

δF

δφ

δφ

δt
(5.19)

Ce qui dans le cas d’une dynamique à paramètre d’ordre conservé et à faible nombre de Peclet donne :

η = − λ

v2

∫
ds µ∇2µ (5.20)

λ étant le coefficient de transport par diffusion du paramètre d’ordre.
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5.1. Transition de phase à paramètre d’ordre conservé proche d’un point
critique

s de part et d’autre de l’interface pour obtenir une condition de type Gibbs-Thomson :

µS∆φ = −CSγ (5.26)

après avoir utilisé le fait que V est symétrique, que ∆φ = φ1 − φ2 17, en utilisant la
définition de la tension de surface (5.21) et en supposant que la quantité ∂φ/∂s −→ 0
quand s −→∞.

On notera que l’on a utilisé de part et d’autre les valeurs à l’équilibre en volume du
paramètre d’ordre, ce qui est approprié dans le cas où la taille caractéristique du domaine
R � ξ, c’est à dire en début de dynamique d’évaporation. En résumé, la relation (5.26)
décrit le potentiel chimique à l’interface en terme de courbure, alors que celui-ci est donné
en volume par l’équation de Laplace.

La courbure en géométrie sphérique étant CS = 2/R, on obtient alors une condition
limite pour trouver l’expression du potentiel chimique. Un seconde condition limite est
obtenue du fait qu’en l’absence de goutte µ = 0. On considérera donc que µ −→ 0 quand
r −→ ∞. En résolvant alors l’équation (5.24), on en déduit l’expression du potentiel
chimique :

µ =


− 2γ

∆φR, r ≤ R

− 2γ
∆φr , r ≥ R

(5.27)

A partir de laquelle, on obtient l’expression du champ de concentration induit par diffu-
sion :

φ̄ =


φ− φ2 = −2χTγ

∆φR , r < R− ξ

φ− φ1 = −2χTγ
∆φr , r > R+ ξ

(5.28)

En se rappelant qu’à l’interface, le champ de concentration se comporte selon l’expression
vue précédemment (5.17).

5.1.3 Expression de l’écoulement en approximation quasi-statique

Reprenons l’équation de Stokes (5.13) et notons p̃ = p + µφ une pression effective
prenant en compte la pression osmotique, on obtient ainsi :

η∇2u = ∇p̃− µ∇φ (5.29)

On peut alors remarquer que loin de l’interface µ et ∇φ sont tout deux au premier ordre
en φ̄. On peut alors ne considérer le terme µ∇φ qu’à l’interface :

µ∇φ ' µSδS∆φ ŝ (5.30)

où δS est la fonction de Dirac égale à 1 quand on se situe à l’interface et 0 ailleurs.
L’écoulement dans le système est donc essentiellement gouverné par la valeur du potentiel

17. On considère ici goutte de la phase 2 au sein de la phase 1.
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chimique à l’interface 18. Il nous suffit alors d’utiliser l’équation de conservation (5.12) en
symétrie sphérique :

∂ur
∂r

+ 2ur
r

= 0 (5.33)

On remarque alors que pour éviter la singularité en r = 0, il est nécessaire que ur soit
nul à l’intérieur de la goutte. On en déduit finalement que par continuité des vitesses
à l’interface, ur = 0 en tout point de l’espace et on peut alors résoudre l’équation du
mouvement de l’interface (5.10).

5.1.4 Equation du mouvement de l’interface

Pour obtenir l’équation d’évolution du rayon de la goutte qui s’évapore, on reprend
finalement l’équation (5.10) et toujours dans l’hypothèse d’une interface fine, on obtient
en intégrant au travers de l’interface.

(vr − ur) ∆φ = j1 − j2 = D2
∂φ

∂r

∣∣∣∣
2
−D1

∂φ

∂r

∣∣∣∣
1

(5.34)

vr étant la vitesse du mouvement de l’interface projetée dans la direction normale à elle-
même et en rappelant que ∆φ = φ1 − φ2 et où 1 et 2 correspondent respectivement à la
phase à l’extérieur et à l’intérieur de la goutte.

A partir de l’expression du champ de concentration (5.28) et du fait que l’écoulement
doit être nul en symétrie sphérique, on obtient finalement la dynamique d’évaporation
d’une goutte sphérique de rayon R :

dR

dt
= −2K0

R2 (5.35)

où K0 est un taux d’évaporation effectif donné par :

K0 = χTDγ

∆φ2 (5.36)

On retrouve bien une solution avec un exposant 1/3 pour la dynamique d’évaporation
à paramètre d’ordre conservé dans le cas d’un système fermé :

R = [6K0(tf − t)]1/3 (5.37)

avec tf le temps final d’évaporation.

Il est à noter que si on utilise un modèle φ4 pour décrire le potentiel V , l’expression

18. La forme de l’expression (5.29) nous invite à une résolution par la méthode de Green. La solution gé-
nérale donnant la vitesse de l’écoulement u pour un liquide incompressible est ainsi donnée par l’expression
suivante :

u(x) = −
∫
dx′T(x− x′) · µ(x′)∆φδS(x′)ŝ (5.31)

où T est le tenseur d’Oseen définit par :

T (r) = 1
8πη|x|

(
I + xx

x2

)
(5.32)

avec I la matrice identité et x le vecteur position.
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de K0 se réduit à l’équation :
K0 = Dξ

6 (5.38)

Il est intéressant de noter que si on compare les deux expressions de K0 (5.36) et (5.38),
le rapport 6K0/Dξ où K0 est estimé à partir de l’équation (5.36) 19 est constant en tem-
pérature et est égal à 1.44 20.

On remarque que l’utilisation de l’une ou l’autre des expressions ne modifie pas les
conclusions de cette partie théorique et on privilégiera l’expression déduite de l’équation
(5.36) par la suite.

On montre figure 5.4 l’évolution de K0 en fonction de l’écart à la température critique.
Étonnamment, on constate que le taux d’évaporation est plutôt constant en écart à la
température critique (K0 varie d’un facteur 2 typiquement) là où la tension interfaciale
change de 3 ordres de grandeurs sur la gamme de température représentée 21.

Figure 5.4 – Taux d’évaporation effectif en fonction de l’écart à la température critique.

On s’attend alors à voir une dynamique d’évaporation avec un exposant fixe et une
amplitude qui ne varie que très peu en écart à la température critique. Dès lors, si on
revient à nos motivations avancées préalablement, cette dynamique ne semble finalement
pas adaptée à la mesure de la tension interfaciale ultra basse.

En revanche si on intègre la variation de la tension en fonction de la taille de la goutte
donnée par Das et Binder 22 [21], l’équation (5.35) s’intègre pour donner :

R3
[
1 + 96

(
ξ

R

)2]
= 6χTDγ∞∆φ2 (tf − t) (5.39)

19. Où on a pris ∆φ0 = 0.348 déduit des mesures d’indices (voir chapitre 2.1).
20. Cet écart est une conséquence du fait que les valeurs de γ et de ξ mesurées indépendamment ne

satisfont pas à la relation d’universalité. Si on définit ξ à partir de γ et de la relation d’universalité en
prenant R+ = 0.39 alors les deux expressions se superposent avec moins de 1% d’écart.
21. Ce qui se comprend dès qu’on considère le produit Dξ ; le comportement critique de la constante de

diffusion D étant essentiellement fixé par le terme 1/ξ dans son expression (2.42).
22. voir équation (5.7)
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où γ∞ correspond à la définition usuelle de la tension interfaciale, c’est à dire à sa valeur
pour R −→∞ dans le modèle de Das et Binder. Bien sur cette écriture est probablement
fausse dans la mesure où la totalité des calculs est faite dans l’approximation de l’interface
fine, i.e pour R � ξ. Mais si on espère que cette expression reste valable pour R & ξ,
une éventuelle déviation due à des effets de fluctuations à l’approche du point critique
devrait se présenter comme un changement de dynamique vers un régime linéaire. Ce
régime devrait être observable pour des rayons R ≈ 10ξ, c’est à dire des tailles R . 3.3µm
pour ∆T = 0.1 K, détectables par des techniques microscopiques classiques.
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5.2 Résultats préliminaires pour un écart à la température
critique ∆T = 4 K

On a vu précédemment que l’on s’attend à observer une dynamique d’évaporation dont
le comportement est en loi de puissance avec un exposant 1/3 et dont l’amplitude ne varie
que faiblement avec l’écart à la température critique. C’est ce que nous allons chercher à
vérifier expérimentalement au sein de notre échantillon.

On présente figure 5.5 des mesures de rayon réalisées au cours du temps pour un écart
à la température critique ∆T = 4 K.

Figure 5.5 – Rayon de la goutte en fonction du temps. Dans un soucis de lisibilité, les
barres d’erreur ne sont affichées que pour un point sur deux.

On remarque déjà figure 5.5 que les courbes se croisent lorsqu’elles ont des rayons
initiaux différents. Or si la dynamique d’évaporation était bien la même pour chacune de
ses gouttes, si on considère deux gouttes 1 et 2 de rayons initiaux R1 et R2 avec R1 > R2
alors la goutte 1 devrait avoir finie de s’évaporer à un temps d’évaporation total tf,1 > tf,2.
L’évolution étant monotone, la courbe de rayon au cours du temps de la goutte 1 devrait
se situer toujours au dessus de la goutte 2. Ainsi le fait que les courbes se croisent montre
bien que les amplitudes, voir les exposants, des dynamiques observées ne sont pas le mêmes
et ne correspondent a priori pas à ce qui est attendu.

Pour comprendre l’origine de ce désaccord et poursuivre l’analyse, nous avons besoin
dans un premier temps de connaître les caractéristiques du protocole utilisé, en particulier
sur la manière de mesurer le rayon à partir des films d’évaporation réalisés.

5.2.1 Acquisition des données et incertitudes de mesures

Nous avons vu figure 5.2, que nous étions capables de former puis d’isoler une goutte
de la phase pauvre en micelles dans la phase riche en micelles à l’aide de la pression de
radiation induite par un faisceau laser. Il nous suffit alors simplement d’arrêter ce faisceau
laser et de laisser la goutte s’évaporer, la goutte remontant aussi vers l’interface par la
poussée d’Archimède.

On prend alors un film à l’aide de la chaîne d’imagerie présentée au chapitre 2.2.6 et
une fois les films obtenus, nous n’avons plus qu’à utiliser un algorithme de détection de
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contour reposant sur la détection du maximum de gradient comme vu section 2.5.1 pour
obtenir les rayons R en fonction du temps t. La procédure réalisée par l’algorithme repose
sur les 5 étapes suivantes :

1. soustraire une image du fond 23 à l’image analysée et appliquer un filtrage gaussien
dont l’écart-type est fixé par la résolution δobj de l’objectif de microscope utilisé
pour l’imagerie (généralement δobj = 1.03 µm),

2. repérer un premier centre [x0, z0] et rayon R0 de la goutte grâce une fonction de
reconnaissance de forme circulaire implémentée dans ImageJ,

3. récupérer le pixel correspondant au maximum de gradient sur un segment horizontal
entre [x0, x0 + 2R0],

4. répéter cette opération 25 fois 24 mais pour des segments faisant des angles crois-
sants avec l’horizontal de sorte à couvrir 2π,

5. calculer à partir de la distribution de maxima de gradients obtenus pour chaque
angle (voir figure 5.6a), et une fois les points aberrants écartés 25, un nouveau centre
xG, un nouveau rayon pris comme la moyenne cubique des rayons tirés de cette
distribution R =

(〈
R3
i

〉
i≤25

)1/3
auquel est rajoutée la calibration dcal = 0.43 µm

(voir chapitre 2.5.2) et un écart-type σR (voir figure 5.6b).

(a) (b)

Figure 5.6 – (a) Image de gradients obtenue par une méthode des noyaux de Sobel après
un filtrage gaussien ainsi qu’une interpolation bilinéaire de sorte à multiplier la définition
par deux. Les 25 maxima de gradients obtenus pour chaque angle sont dessinés ainsi que
leur centroïde. (b) Image originale sur laquelle est dessiné un cercle centré sur le centroïde
des maxima et dont le rayon est donné par la moyenne de la distribution des distances des
maxima à leur centroïde. Le rayon de la goutte estimé par cette méthode et corrigé par la
calibration est R = 3.36 µm et l’écart à la température critique ∆T = 4 K.

Il est à noter que l’algorithme utilise un pas de temps logarithmique 26 défini à partir
de la première image de gradients pour laquelle nous n’arrivons plus à distinguer la goutte
du fond, cette image donnant aussi le temps final d’évaporation tf .

23. prise lorsque la goutte s’est complètement évaporée.
24. Le choix de ce nombre est un compromis entre vitesse de traitement et puissance statistique. Dans

l’hypothèse d’une distribution d’erreur gaussienne, l’erreur statistique résultante sur la moyenne étant
divisée d’au moins un facteur 5.
25. correspondant à un rayon dépassant 3 fois l’écart-type de la distribution.
26. en augmentant continuellement d’un facteur multiplicatif donné le pas de temps à chaque nouvelle

image traitée. Ceci servant à caractériser plus uniformément la loi de puissance.
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La difficulté à déterminer cette image peut être très variable, l’évaporation de la goutte
étant parfois considérablement ralentie en toute fin d’évaporation et le fond de l’image
étant lui même très fluctuant dû au caractère critique de l’échantillon. Une estimation
de l’erreur sur le temps final d’évaporation en situation usuelle d’expérimentation donne
δtf ∼ 0.1 s.

Une fois ces étapes réalisées, on peut aussi calculer une erreur sur chaque rayon R à
partir de l’écart type obtenu correspondant σR et des autres sources d’incertitudes dues
au dispositif et à la calibration :

δ2
R(R) = σ2

R(R) +
δ2
obj

4 + pix2

12 + δ2
cal (5.40)

où pix est la résolution due au pixel de la caméra en µm et δcal correspond à l’incertitude
sur la calibration du rayon.

5.2.2 Premiers résultats à ∆T = 4 K et discussion

On peut alors représenter ces valeurs de R avec les erreurs associées δR en fonction
de l’écart au temps final d’évaporation (tf − t). Un ensemble de dynamiques est présenté
figures 5.5 et 5.7 pour des rayons initiaux différents et à un écart à la température critique
de 4 K.

Figure 5.7 – Rayon de la goutte en fonction de l’écart au temps final d’évaporation
tf − t. La loi d’évaporation obtenue (5.37) est aussi représentée avec la valeur de K0 =
4.53 10−2µm3 estimée à partir de son expression (5.36) pour un écart à la température
critique ∆T = 4 K. Un ajustement de la série de données violette a été réalisé pour les
temps tf − t > 40 s donnant une valeur de K0 = (1.81±0.03)10−2 µm3/s. Dans un soucis
de lisibilité, les barres d’erreur ne sont affichées que pour un point sur cinq.

On observe que les différentes courbes représentées figures 5.5 et 5.7 semblent cor-
respondre dans le cas général à des lois de puissance ayant un exposant supérieur à 1/3
(∼ 0.58) pour les hauts rayons et saturent continuellement vers une valeur de rayon de
l’ordre de 1 µm pour les petits rayons.

Le comportement de saturation peut être expliqué par le fait que la taille des gouttes
tend vers la limite de résolution de l’objectif de microscope δres = 1.03 µm. Pour des
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tailles inférieures à 2 µm, le profil d’intensité des gouttes change et aborde un caractère
plus continu ne laissant pas entrevoir l’interface de manière aussi nette (voir figure 5.8),
des précautions seront alors à prendre concernant les interprétations qui pourront être
faites pour des tailles proches ou inférieures à 2 µm.

Figure 5.8 – Images d’une goutte s’évaporant pour des rayons mesurés grâce aux maxima
de gradients et corrigés par la calibration R = 3.36, 2.48 et 1.93 µm. Sur chacune de ces
images est dessiné un cercle dont le rayon correspond aux maxima de gradients ainsi qu’un
segment jaune correspondant à la tranche horizontale des niveaux de gris présentée en
dessous de l’image. Sur ces tranches, la double flèche en trait plein correspond au rayon
obtenu grâce aux maxima de gradients et celle en tirets illustre le rayon corrigé par la
calibration.

Ceci étant dit, seule la dynamique d’évaporation la plus lente correspondant à la courbe
violette sur les figures 5.7 et 5.5 a un comportement pour les temps longs susceptible d’être
décrit par une loi de puissance en 1/3 avec les limites exprimées plus haut. Un ajustement
de son amplitude donne K0 = (1.81± 0.03)10−2 µm3/s, donnant un écart relatif de 60%
par rapport à la valeur attendue. Cette valeur est compatible dans la mesure où certains
des termes de K0 n’ont pas de mesures à cet écart à la température critique 27.

En revanche en ce qui concerne les autres courbes, ni l’exposant de la dynamique d’éva-
poration, ni l’unicité de l’amplitude à un écart à la température critique donné n’ont été
retrouvés. Il est par ailleurs hautement improbable que des effets des fluctuations ther-
miques soient responsables de cet écart dans la mesure où les rayons mesurés R� 10ξ avec
ξ = 32 nm à ∆T = 4 K et que même dans un régime de fluctuations, l’amplitude devrait
être universelle à un écart à la température critique donné. La dynamique d’évaporation
en régime 1/3 ne semble donc pas vérifiée pour nos données à ce stade.

Influence de la calibration sur les exposants

Il nous est essentiel à ce stade de souligner que la calibration en rayon présentée
section 2.5.2 a une influence significative sur la valeur de l’exposant. On présente figure

27. En particulier nous n’avons pas de mesures de la constante de diffusion D, celle-ci étant déduite de
la relation de Stokes-Einstein corrigée par Kawasaki contenant la viscosité η1 dont les valeurs à T > TC
sont extrapolées depuis des mesures pour T < TC .
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5.9, plusieurs courbes issues de la figure 5.7 pour lesquelles on a ajouté, respectivement
retranché un décalage systématique δcal = 0.26 µm correspondant à l’incertitude due à la
calibration sur le rayon (voir section 2.5.2).

Figure 5.9 – R + δcal en fonction de tf − t pour respectivement δcal = −0.26, 0 et
+0.26 µm. Un ajustement en loi de puissance est réalisé sur les points correspondant aux
rayons R > 2 µm. Les mesures de rayons ont été multipliées par une amplitude différente
pour chacune des courbes utilisées en exemple de sorte à les décaler en représentation
log-log. L’exposant obtenu est représenté en insert en fonction de δcal.

On constate que la seule influence d’une éventuelle erreur systématique sur la calibra-
tion du rayon induit une erreur systématique sur l’exposant de δe = ±0.05 28.

La discussion sur la détermination du temps final d’évaporation est exactement sy-
métrique. Celui-ci étant déterminé par observation directe, on s’attend à ce qu’il soit
sous-estimé. Néanmoins si on considère l’incertitude que nous avons donné δtf ∼ 0.1 s,
celle-ci entraîne une incertitude sur l’exposant δe = ±2 10−3 négligeable aux temps longs
devant celle due à la calibration sur le rayon 29.

Si on attribue désormais la mauvaise mesure de l’exposant à la présence d’une erreur
systématique sur le rayon, il faudrait pour obtenir un exposant 1/3 que δcal ≈ 2.5 µm. De
fait, si on représente sur les images originales le contour correspondant, on observe que
cette valeur n’est pas raisonnable (voir figure 5.10a).

Ainsi malgré le fait que l’incertitude sur la valeur de l’exposant est importante due
au fait que nous avons une erreur systématique sur la mesure du rayon, celle-ci ne nous

28. Cette valeur peut être majorée si on considère de plus que la détermination du rayon à partir du
profil d’intensité repose sur un choix d’observable insuffisamment caractérisé.
29. Dans un cas extrême où l’erreur sur le temps final d’évaporation serait de 1 s, l’erreur induite sur

l’exposant ne serait tout de même que de 1.6 10−2 (en considérant toujours un ajustement pour des rayons
supérieurs à R ≈ 2 µm.
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permet pas d’expliquer la valeur trop élevée de l’exposant par rapport au 1/3 prédit par
la théorie.

Finalement malgré la prise en compte des différentes incertitudes, il semble difficile
d’ajuster dans la majorité des cas les données expérimentales à un régime d’évaporation
en 1/3. Au cours de la prochaine partie, nous nous proposons d’étudier les conditions
spécifiques d’évaporation de chaque goutte pour mettre en évidence d’autres paramètres
physiques pertinents.

(a) (b)

Figure 5.10 – (a) Image d’une goutte s’évaporant sur laquelle sont dessinés, dans l’ordre
concentrique, les cercles : de rayon obtenu par les maxima de gradients R0 = 2.05 µm, de
rayon corrigé par la calibration R = R0 + Rcal = 2.48 µm, et de rayon défini de tel sorte
que la dynamique suive une loi de puissance 1/3, R = R0 +Rcal+ δcal = 4.98 µm. La défi-
nition de l’image a été multipliée par 2 à l’aide d’une interpolation bilinéaire. (b) Tranche
horizontale de niveaux de gris dont le centre est aligné sur le centre de la goutte. Les
doubles-flèches correspondant dans l’ordre croissant en taille aux diamètres correspondant
aux mêmes trois rayons.

5.2.3 Nouvelle hypothèse : couplage gravitationnel du champ de concen-
tration

Alors que le système paraît très simple, il semble bien y avoir une variable cachée
agissant aussi bien sur l’exposant (qui semble toujours être bien décrit par une loi de
puissance à temps longs) que sur l’amplitude.

Or si on en revient à la manière utilisée pour former les gouttes, il a fallu pour faire
varier le rayon initial arrêter le faisceau pour faire en sorte que l’évaporation s’amorce à
des altitudes différentes au sein de la phase inférieure 30. En effet les gouttes remontant par
poussée d’Archimède, on a cherché à ce que les évaporations dont les rayons initiaux sont
les plus importants démarrent plus bas dans la phase inférieure. Ainsi en représentant
l’altitude z de sorte que z = 0 corresponde à l’interface et que z croît à mesure que
l’altitude diminue, on peut représenter leur trajectoire dans un diagramme (R, z) (voir
figure 5.11).

Si on fait correspondre les figures 5.7 et 5.11, on se rend compte que la dynamique
d’évaporation est d’autant plus rapide que l’altitude de la goutte est basse (zG élevé figure
5.11). Cette observation nous incite à proposer l’hypothèse que le champ de concentration
de micelles à l’infini dépend de l’altitude.
30. On utilise pour cela la pression de radiation et la force de scattering du faisceau pour pouvoir déplacer

la goutte une fois que celle-ci est isolée (voir sections 2.3.3 et 2.3.4) .
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Figure 5.11 – Altitude du centre de la goutte zG en fonction de son rayon R. Dans un
soucis de lisibilité, les barres d’erreur sur le rayon ne sont affichées que pour un point sur
deux ; expériences à ∆T = 4 K.

Les micelles d’eau étant plus denses que l’huile dans laquelle elles sont en suspension,
la concentration est plus élevée, par un effet de type barodiffusion, au fond de la cellule
qu’au niveau du ménisque (z = 0) séparant les deux phases. A l’interface de la goutte,
le flux de diffusion n’est donc plus axisymétrique et des écoulements peuvent en résulter.
De plus, la goutte remontant par poussée d’Archimède, dans son référentiel propre, celle-
ci voit au cours de son évaporation des états du champ de concentration qui varie avec
l’altitude (voir figure 5.12). On peut noter également que le régime 1/3 est observé pour
la goutte dont l’altitude zG est la plus petite, c’est à dire la plus proche du ménisque.

Une modélisation incorporant la gravité pour prendre en considération le champ de
concentration et le déplacement de la goutte en son sein serait une piste pour rendre
compte de ces observations et celle-ci fera l’objet de la section suivante.

Figure 5.12 – Séquence d’images représentant l’évaporation au cours du temps d’une
goutte à un écart à la température critique ∆T = 4 K, l’intervalle temporel entre chaque
image est de 12 s. Un schéma lui est juxtaposé représentant le champ de concentration au
sein du système.
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5.3 Couplage gravitationnel : diffusion en présence d’un gra-
dient de concentration

Nous allons présenter au cours de cette partie un modèle développé par T. Guérin,
membre de l’équipe Théorie de la Matière Condensée, groupe Physique Statistique du La-
boratoire Ondes et Matière d’Aquitaine (LOMA) décrivant l’évaporation pour un système
proche de son point critique mais incorporant de faibles effets de gravité.

Les grandes étapes de calcul reprenant la démarche et le formalisme développés section
5.1 seront succinctement présentées et permettront d’aboutir aux équations dynamiques
du système et les conséquences en terme de régimes d’évaporation seront explorées ; un
calcul plus détaillé est présenté en annexe B.

Ce calcul a été effectué suite à des résultats préliminaires obtenus par U. Delabre
au sein de l’équipe Matière Molle et Biophysique, groupe optofluidique du LOMA qui
concluaient aux mêmes conclusions énoncées précédemment.

En présence de gravité, l’hamiltonien du système s’écrit désormais pour un paramètre
d’ordre φ :

H[φ] =
∫
dx
{
κ

2 (∇φ)2 + V (φ) + ρeg(h− z)φ
}

(5.41)

φ étant la fraction volumique de micelles et le dernier terme correspondant à la composante
gravitationnelle avec ρe = ρmic − ρcont la masse volumique effective et g l’accélération de
la gravité. Dans ce cas, on montre que V (φ) n’a pas nécessairement deux minima de même
valeur mais nous verrons que ce doit être le cas pour V (φ)− ρeghφ de sorte à garantir la
conservation du nombre total de micelles.

Le potentiel chimique s’écrit :

µ = δH

δφ
= −κ∇2φ+ V ′(φ) + ρeg(h− z) (5.42)

On rappelle alors les équations générales du système :
— pour le champ φ :

l’équation d’évolution du paramètre d’ordre pour un liquide :

∂φ

∂t
+ u∇φ = −∇j (5.43)

avec u la vitesse de l’écoulement et j le flux de diffusion du paramètre d’ordre :

j = −λ∇µ (5.44)

où λ est le coefficient de mobilité des micelles.
— et pour la vitesse de l’écoulement u :

l’équation de Stokes (pour de faibles nombres de Reynolds) :

η∇2u = ∇p+ φ∇µ (5.45)

avec η la viscosité, p la pression hydrostatique et dont le dernier terme donne le
couplage avec le paramètre d’ordre φ, et l’équation d’incompressibilité :

∇u = 0 (5.46)
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L’enjeu de ce calcul est comme précédemment d’exprimer le transport du champ de
concentration par l’interface écrit comme φ∗(s − vrt) où s est la coordonnée normale à
l’interface et vr la vitesse totale de l’interface normale à elle-même.

(vr − ur) ∆φ = j1 − j2 = D2
∂φ

∂r

∣∣∣∣
2
−D1

∂φ

∂r

∣∣∣∣
1

(5.47)

avec Dk la constante de diffusion dans la phase k, 1 et 2 correspondent respectivement à
la phase à l’extérieur et à l’intérieur de la goutte et ∆φ = φ1− φ2. Et enfin ur est la com-
posante normale à l’interface de l’écoulement hydrodynamique de sorte que la différence
vr − ur nous donne l’évolution propre de l’interface, c’est à dire à l’évolution de la région
de l’espace hors équilibre ; son excès d’énergie est alors sous forme de courbure.

Au cours de ce calcul, on supposera que la viscosité est la même entre les deux phases 31

et par conséquent que la constante de diffusion est aussi la même :

η2 = η1 −→ D2 = D1 (5.48)

Figure 5.13 – Schéma d’une goutte composée de la phase 2 immergée dans un volume
semi-infini composé de la phase 1 à l’équilibre avec un second volume de phase 2.

5.3.1 Expression du champ de concentration en régime statique

La situation statique (en l’absence de gouttes) a été développée dans la section 2.4 et
on a vu que la concentration en micelles de la phase inférieure variait avec l’altitude en
présence de gravité 32.

Dans un système à l’équilibre, on peut écrire :

µ = δH

δφ
= 0 (5.49)

Pour de faibles effets de gravité, en écrivant φ̄ = φ − φk avec φ̄ � φk et φk étant la

31. A l’approche de la température critique Tc, l’écart entre les viscosités est faibles (voir chapitre 2.1)
32. On avait vu en particulier que ce gradient engendré diverge à mesure que l’on se rapproche de la

température critique comme la susceptibilité osmotique.
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valeur du champ à l’équilibre en absence de gravité, on a :

φ̄ = χTρegz (5.50)

où χT est la susceptibilité osmotique et z est orienté selon g avec z = 0 à l’interface 33.
Ainsi on retrouve bien la conjecture faite précédemment comme quoi la fraction en

micelles augmente à mesure que la profondeur augmente, les micelles d’eau étant plus
lourdes que le toluène dans lequel elles sont en suspension.

5.3.2 Expression du champ en approximation quasi-statique

Revenons désormais à un système où la goutte et le ménisque sont présents. On consi-
dère une goutte sphérique de la phase 2 immergée dans un volume de phase 1 à l’équilibre
avec un second volume semi-infini composé de la phase 2 situé au dessus (voir schéma 5.13).

On se place en approximation quasi-statique, i.e. on suppose que le champ de concentra-
tion relaxe par diffusion sur un temps caractéristique suffisamment court pour considérer
la variation du rayon R et de l’altitude de la goutte zG négligeables sur ce temps de relaxa-
tion (ṘτD/R � 1 et żGτD/zG � 1 où τD = R2/D). On peut alors déduire les conditions
limites suivantes pour le champ φ̄ :

— loin de l’interface de la goutte

φ̄(z) = χTρegz (5.51)

— et à l’interface grâce à un équation de type Gibbs-Thomson

φ̄S = −2χTγ
∆φR (5.52)

où R est le rayon de la goutte et γ la tension interfaciale et où on a dû supposer que
les effets de tension interfaciale étaient de premier ordre par rapport à l’équilibre
pour que φ̄S � φk, k = 1, 2.

Comme en approximation quasi-statique ∇2φ = 0 loin de l’interface, on peut alors déduire
l’expression du champ φ̄ = φ− φk, k = 1, 2 satisfaisant aux conditions limites :

φ̄(r, θ) =


−2χTγ

∆φR , r < R− ξ

−2χTγ
∆φr + χTρeg

[
zG

(
1− R

r

)
− rcos(θ)

(
1− R3

r3

)]
, r > R+ ξ

(5.53)

où zG = z + rcos(θ) est l’altitude du centre de la goutte et en se rappelant que cette
expression n’est plus valide à l’interface.

5.3.3 Expression de l’écoulement en approximation quasi-statique

Les mêmes conditions limites peuvent être déduites concernant l’écoulement :
— loin de l’interface, le système se comporte comme en régime statique :

u = 0 (5.54)

33. Ce qui nous donne bien φ̄ > 0

223



5.3. Couplage gravitationnel : diffusion en présence d’un gradient de
concentration

— et à l’interface :
η∇2uS = ∇p̃S − µS∆φ (5.55)

où S désignent les quantités à l’interface, p̃ = p + φµ et on peut montrer que
µS(xS) = −2γ/∆φR−ρegzS avec xS la position d’un point sur l’interface d’altitude
zS .

Comme au premier ordre, loin de l’interface la vitesse de l’écoulement respecte :

η∇2u = ∇p̃ et ∇u = 0 (5.56)

alors la solution générale peut être obtenue et correspond exactement à l’écoulement d’un
fluide d’une viscosité donnée autour d’une goutte de même viscosité remontant par poussée
d’Archimède. A l’interface, cette solution nous donne :

u(R, θ) = 1
15

∆ρg
η

R2 (4cos(θ)êr − 3sin(θ)êθ) (5.57)

5.3.4 Equation du mouvement de l’interface

Maintenant que l’on a l’expression du champ φ et de l’écoulement u à l’interface de la
goutte, on peut remplacer les différents termes dans l’équation (5.47) pour obtenir :(

vr −
4
15

∆ρg
η

R2cos(θ)
)

∆φ = −DχT
[ 2γ

∆φR2 + ρegzG
R
− 3ρegcos(θ)

]
(5.58)

Il nous suffit alors de remarquer que le mouvement de l’interface est une superposition
d’une dynamique spécifique de l’interface Ṙêr et de la remontée de la goutte żGêz de sorte
que l’on peut écrire (en rappelant que êz est dirigé selon g) :

vr(θ) = Ṙ− żGcos(θ) (5.59)

Il suffit ainsi d’identifier tous les termes en cos(θ) d’une part et tous les termes invariants
par rotation selon θ d’autre part pour obtenir :

żG = − 4
15

∆ρg
η

R2 − 3K0
L2
C

(5.60)

Ṙ = −2K0
R2

(
1 + zGR

2L2
C

)
(5.61)

où on rappelle que K0 = χTDγ/∆φ2 et L2
C = γ/∆ρg.

On retrouve dans l’équation (5.60) la vitesse de remontée d’Hadamard [28] que l’on
déduit généralement de l’équilibre mécanique (en supposant des viscosités identiques des
deux phases) :

5πηRvHad = 4
3π∆ρgR3 (5.62)

et un second terme constant provenant du contraste de flux de diffusion entre le haut et
le bas de la goutte.
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L’équation (5.61) quant à elle est composée d’un terme diffusif fixé par les effets de
courbures locaux et complètement à symétrie sphérique déjà vu en section 5.1.4 auquel
est ajouté un second terme qui est une conséquence de l’adaptation du flux de diffusion
aux conditions limites, i.e. à la fois aux effets de courbures sur le champ à l’interface et
aux effets de gravité sur le champ à l’infini 34.

Ces deux équations couplées donnant respectivement la vitesse de remontée de la goutte
żG et la dynamique d’évaporation Ṙ ; elles décrivent alors totalement la dynamique du
système.

5.3.5 Régimes d’évaporation

Nous décrivons ici les différents régimes d’évaporation correspondant à quelques cas
limites. On écrit dans un premier temps les équations dynamiques du système en quantités
adimensionnées. On s’intéresse tout d’abord à l’équation (5.60) :

˙̃zG = −3(1 + 4
45XR̃

2) (5.65)

où les longueurs sont divisées par LC la longueur capillaire et les temps par τK0 = L3
C/K0

et X est une quantité adimensionnée définie telle que :

X ≡ L2
Cγ

K0η
(5.66)

qui donne le rapport de la vitesse capillaire γ/η sur la vitesse diffusive K0/L2
C . Or on a

vu précédemment que K0 ∼ Dξ/6 (voir section 5.1.4), ainsi en utilisant la définition de D
et la relation universelle R−, on obtient :

X = 36πR−L
2
CTC
ξ2T

≈ 10L
2
C

ξ2 (5.67)

où on retrouve le fait que la vitesse diffusive est non négligeable uniquement pour des
longueurs de corrélations proches de la longueur capillaire sachant que la longueur de
corrélation diverge et que LC tend vers zéro à l’approche du point critique.

Ainsi dans un souci de décrire les différents régimes, on réécrira l’équation (5.60) :

˙̃zG ≈ −3(1 + L2
C

ξ2 R̃
2) (5.68)

et dans le même temps
˙̃R = − 2

R̃2

(
1 + R̃|z̃G|

2

)
(5.69)

34. On remarque d’ailleurs que l’on aurait pu retrouver cette seconde équation de la même manière que
l’on a présenté le régime d’évaporation diffusif en système ouvert, la d2-law, en introduction en écrivant
simplement la conservation du volume total de paramètre d’ordre en absence de convection. Si on écrit J
le flux total de diffusion à la surface de la goutte, on a :

d(VGφ2 + (V − VG)φ1)
dt

≈ 4πR2∆φṘ = J (5.63)

avec VG le volume de la goutte et V celui du milieu environnant où V � VG. Le champ φ étant uniforme
au sein de la goutte, on a ainsi :

J = 2πR2D

∫ π

0
dθ sin(θ)∂φ1

∂r
(5.64)

Il nous suffit alors d’injecter l’expression du champ (5.53) pour obtenir l’équation (5.61).
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On peut alors construire différents régimes d’évaporation en fonction de la taille de la
goutte R̃, celle-ci influençant simultanément les équations donnant ˙̃R et ˙̃zG.

1. R � L2
c/zG :

Pour les gouttes suffisamment petites, de rayon R� L2
c/zG on obtient un premier

régime d’évaporation :

R ≈ [6K0(tf − t)]1/3 (5.70)

où tf est le temps final d’évaporation. Ce régime de taille consiste à négliger les effets
de la gravité dans notre modèle et on retrouve une loi d’évaporation correspondant
au résultat classique obtenu section 5.35. On s’attend à retrouver cette dynamique
en 1/3 à la toute fin de l’évaporation (quand t→ tf et R→ 0).

2. R � L2
c/zG :

Dans le cas inverse où RzG � L2
C et où l’altitude de la goutte rentre en compte

dans la dynamique d’évaporation (5.69), on distingue trois situations.

(a) żG � ṘzG/R :
On a un second régime dans lequel on suppose zG constant, c’est à dire zG ∼ zf
avec zf l’altitude finale d’évaporation, on obtient alors :

R ≈
[

2K0|zf |
L2
C

(tf − t)
]1/2

(5.71)

Ce régime correspond notamment à la fin de l’évaporation 35 zG ∼ zf . Il est
remarquable que l’on retrouve un régime en (tf − t)1/2 comme dans le cas
classique d’une goutte s’évaporant par diffusion dans sa propre atmosphère en
milieu ouvert bien que les principes physiques à l’origine de cette dynamique
sont très différents (paramètre d’ordre conservé versus non conservé).
On souligne aussi que dans ce régime et ceux qui suivent, la tension interfaciale
est absente de l’amplitude 36 puisque :

K0
L2
C

= χTD∆ρg
∆φ2 (5.72)

Ainsi la condition RzG � L2
C sépare des régimes complètement pilotés par la

tension interfaciale d’une part et par la gravité de l’autre.
(b) żG � ṘzG/R :

On vient de voir que le régime précédent est obtenu pour zG ∼ zf sur le temps
considéré pour la variation du rayon. A l’opposé un cas où zG varierait signifi-
cativement sur ce même temps vérifierait la condition suivante :

żGR

zGṘ
� 1 toujours avec RzG � L2

C (5.73)

35. Comme on le verra, żG ∼ R2 donc żG → 0 quand t → tf et on s’attend à ce que żGR/zGṘ � 1 en
fin de dynamique d’évaporation.
36. rendant ces régimes inadaptés pour la mesure de tension interfaciale.
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Il faut alors considérer l’équation (5.68) et de nouveau deux régimes se dis-
tinguent selon le terme retenu dans l’équation de la vitesse. Qui plus est, R
ne peut être inférieur à ξ du point de vue de la physique statistique puisque ξ
représente l’échelle de taille minimale.

i. R � ξ :
Le premier donne une vitesse de remontée diffusive constante en R pour
laquelle la dynamique s’écrit :

R ≈
√

3K0
L2
C

(tf − t) (5.74)

où on retrouve un comportement linéaire, plus proche des dynamiques d’éva-
poration dites cinétiques pour lesquels l’écoulement autour de la goutte est
supposé prendre le pas sur le caractère diffusif. En reprenant l’équation 5.68,
on montre alors que ce régime est dominant lorsque :

L2
C

ξ2 R̃
2 � 1 −→ R� ξ (5.75)

Ainsi en plus d’être un régime de taille que nous ne sommes pas capable
d’analyser avec notre dispositif 37, cette condition est en contradiction avec
l’hypothèse d’interface fine à l’oeuvre dans l’élaboration des équations dy-
namiques décrivant le système (5.61) et (5.60).

ii. R � ξ :
Finalement le second est obtenu lorsque R � ξ et correspond au cas où la
poussée d’Archimède devient dominante devant cette vitesse de remontée
diffusive. On peut alors dériver en fonction du temps l’équation (5.69) et
injecter l’équation (5.68) :

∂2R̃2

∂t̃2
= 8

15XR̃
2 ≈ 6L

2
C

ξ2 R̃
2 où X = L2

Cγ

K0η
(5.76)

pour laquelle on reconnait une évolution exponentielle :

R ∼ e
(tf − t)
τc avec τc =

( 15
8X

)1/2
τK0 ≈

1√
6
ξ

LC
τK0 (5.77)

où τK0 est le temps caractéristique utilisé pour adimensionner les temps et
obtenir les équations (5.68) et (5.69). L’échelle de temps donnée par τc nous
donne alors une estimation de l’apparition de ce régime à partir duquel toutes
les lois de puissances se retrouvent masquées. On montre figure 5.14 que ce
temps caractéristique voit une croissance forte en ∆T passant de quelques
minutes proche de la température critique à une douzaine pour ∆T = 7 K
puis varie peu jusqu’à 32 K. Ce régime est alors attendu en tout début de
dynamique d’évaporation pour des écarts au temps final d’évaporation tf −t

37. On a vu section 2.1.7 que ξ ne dépassait pas 0.1 µm au dessus de ∆T = 0.5 K. Notre résolution
optique étant de l’ordre de 1 µm (voir section 2.2.6), nous ne sommes pas en mesure de voir ce régime avec
le dispositif que nous avons à disposition.

227



5.3. Couplage gravitationnel : diffusion en présence d’un gradient de
concentration

supérieurs à τc. Les lois de puissance devraient alors prendre le pas lorsqu’on
se rapproche du temps final d’évaporation.

Figure 5.14 – Temps caractéristique du régime exponentiel τc = (15/8X)1/2 τK0 en fonc-
tion de l’écart à la température critique.

Transitions entre les régimes

Si on en revient désormais aux différentes transitions entre les régimes, on considère
alors les conditions suivantes :

RzG = L2
C (5.78a) żG = zG

R
Ṙ (5.78b) R = ξ (5.78c)

Puisque la longueur de corrélation des fluctuations de concentration ξ est associée à
l’épaisseur de l’interface, par définition on aura toujours R � ξ, la troisième condition
(5.78c) est de fait caduque.

Nous allons alors nous intéresser à la première condition (5.78a) séparant les régimes
gouvernés par les effets de courbures et ceux gouvernés par la gravité. On montre figure
5.15 la variation de LC en fonction de l’écart à la température critique.

Figure 5.15 – Longueur capillaire en fonction de l’écart à la température critique.

Or on a l’altitude de la goutte zG qui varie entre 100 et 900 µm et R qui évolue entre
1 et 10 µm (comme on peut le voir sur les dynamiques figure 5.11).
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Ainsi en remarquant que Lc varie constamment entre les plages de variation de zG et R,
le régime en loi de puissance 1/3 et les régimes gravitationnels devraient être observables,
le premier loin de la température critique alors que les autres devraient se voir aisément
en se rapprochant du point critique.

Enfin considérons la transition entre le régime gravitationnel en (tf−t)1/2 à zG constant
et le régime exponentiel donnée par la seconde condition (5.78b). On peut réécrire :

żGR

zGṘ
≈ (Lc/ξ)2R̃3

(R̃2)R̃z̃2
G

=
(
R

ξ

)2 ( R
zG

)2
(5.79)

Il nous suffit alors de combiner cette condition avec RzG � L2
C et on se rend compte que

le régime exponentiel est atteint pour :(
R

ξ

)2 ( R
zG

)2
� 1 −→ R3 � ξL2

C (5.80)

On remarque figure 5.16a que le régime de rayon que l’on est capable d’observer est de
l’ordre de (ξL2

C)1/3. On ne semble donc pas pouvoir faire apparaître le régime exponentiel
de façon nette avec notre dispositif.

A l’opposé le régime en loi de puissance 1/2 est atteint à la condition suivante :(
R

ξ

)2 ( R
zG

)2
� 1 −→ z3

G �
L4
C

ξ
(5.81)

On en déduit (voir figure 5.16b) que pour le régime en loi de puissance 1/2, trois situations
se distinguent : pour ∆T . 1 K le régime devrait être visible, pour 1 . ∆T . 10 K on
devrait être à une transition avec le régime exponentiel et pour ∆T & 10 K, le régime ne
devrait plus être visible.

(a) (b)

Figure 5.16 – (a) (ξL2
C)1/3 et (b) (L4

C/ξ)1/3 avec ξ la longueur de corrélation des fluc-
tuations du paramètre d’ordre et LC la longueur capillaire en fonction de l’écart à la
température critique. Le régime exponentiel d’évaporation n’est atteint qu’à condition que
le rayon de la goutte R� (ξL2

C)1/3 et le régime en loi de puissance 1/2 d’évaporation n’est
atteint qu’à condition que l’altitude de la goutte zG � (L4

C/ξ)1/3.
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Bilan sur les régimes d’évaporation

On présente alors figure 5.17 trois diagrammes de régime présentant pour trois altitudes
différentes les rayons pour lesquels on devrait voir les différents régimes d’évaporations 38.

On retrouve bien cet effet observé sur les résultats figures 5.7 et 5.11 pour lesquels
on avait mis en évidence que seule la dynamique proche du ménisque semblait suivre une
loi de puissance 1/3 alors que loin du ménisque les dynamiques obéissent à des lois de
puissances plus élevées voir à un comportement exponentiel.

(a) (b)

(c)

Figure 5.17 – Régimes d’évaporation en fonction du rayon de la goutte et de l’écart à
la température critique pour zf = 100 µm (a), 900 µm (b) et 500 µm (c). Les démarca-
tions entre les différents régimes reprennent respectivement les conditions R = L2

C/zG et
żGR/zGṘ = 1.

Ainsi à partir de la figure 5.17 retraçons le parcours d’une goutte d’un rayon initial
de R = 10 µm et d’altitude initiale zG = 900 µm qui remonte au fur et à mesure qu’elle
s’évapore.

— Pour un haut écart à la température critique ∆T = 10 K, la goutte s’évaporera
selon un régime exponentiel jusqu’à un point où le rapport RzG/L2

C aura suffisam-
ment diminué pour que la dynamique d’évaporation passe dans un régime 1/3. Si
celle-ci ne remonte pas, sa dynamique atteindra ce régime pour un rayon R < 5 µm
et si son rayon est constant, le régime sera atteint pour des altitudes zG < 500 µm.

— Pour un écart à la température critique bas ∆T = 1 K, on constate que la goutte
commence proche de la transition entre le régime 1/2 et le régime exponentiel.
Ainsi si la goutte s’évapore suffisamment vite pour atteindre le régime 1/2 alors sa

38. Bien sur l’altitude évolue dans le temps et il faudra considérer l’évolution du rayon non pas sur une
de ces représentations mais sur une succession de celles-ci pour des zG croissants.
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vitesse de remontée sera suffisamment faible pour qu’elle reste dans ce régime. Puis,
comme précédemment, le rapport RzG/L2

C va finir par diminuer suffisamment pour
atteindre le régime 1/3 en fin de dynamique.

— Pour un écart à la température critique intermédiaire ∆T = 4 K, le discussion
est plus difficile. La goutte commence son évaporation clairement dans un régime
exponentiel mais le fait de savoir si elle atteint ou pas le régime 1/2 est plus nuancé,
par contre le régime 1/3 sera toujours atteint en fin de dynamique. On souligne tout
de même que pour des gouttes suffisamment proche de l’interface, la situation est
la même que pour des écarts à la température critique plus élevés.

On note ainsi qu’en prenant en compte l’effet de la gravité sur le champ de concen-
tration, la dynamique d’évaporation qui semblait simple au départ avec un régime en t1/3
peut s’avérer complexe. Finalement il est important de rappeler avant de confronter le
modèle aux expériences, que la condition de faibles effets de gravité sur le gradient de
concentration n’est plus remplie pour des écarts à la température critique ∆T < 1 K (voir
chapitre 2.4). Dès lors cet écart à la température critique correspondra à notre limite basse,
toutes les expériences faites en deçà chercheront à venir tester les éventuelles déviations
qui pourraient être un signe d’effets de fluctuations.

Au cours de la partie qui suit, nous chercherons ainsi à tester exhaustivement la validité
de ce modèle en le confrontant à des dynamiques d’évaporation allant de ∆T = 32 à 1 K
puis à prolonger les expériences jusqu’à un écart à la température critique ∆T = 0.2 K.

Figure 5.18 – Tableau récapitulatif des différents régimes dynamiques et des transitions
entre ces régimes.
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5.4 Confrontation du modèle gravito-diffusif
Au cours de cette partie, nous allons chercher à comparer les prédictions obtenues à

partir des équations (5.60) et (5.61) avec des dynamiques expérimentales pour trois écarts
à la température critique représentatifs :

— ∆T = 32 K correspondant à un comportement loin du point critique où le couplage
gravitationnel devrait être le moins marqué et le régime en loi de puissance 1/3
devrait être facilement observable,

— ∆T = 4 K que l’on a déjà vu précédemment que nous compléterons par d’autres
dynamiques servant de régime intermédiaire,

— ∆T = 1 K en dessous duquel on peut s’attendre à ce que le modèle ne soit plus va-
lide mais où le régime d’évaporation en loi de puissance 1/2 devrait être observable
(voir figure 5.17).

En plus de l’écart au temps final d’évaporation et du rayon, l’altitude de la goutte (et la
vitesse de remontée instantanée) constitue aussi une grandeur nécessaire pour décrire le
couplage gravitationnel dans la dynamique d’évaporation. De plus, la dynamique d’évapo-
ration étant dépendante de l’altitude, c’est à dire de la distance au ménisque de l’échan-
tillon, nous distinguerons à partir de maintenant les dynamiques observées par leur altitude
finale d’évaporation zf .

5.4.1 Analyse des données d’évaporation libre à ∆T = 4 K

On reprend dans un premier temps figure 5.19 les mesures de rayons au cours du temps
à ∆T = 4 K déjà présentées figure 5.5 et complétées par une seconde série de données
ainsi que les mesures d’altitudes et de vitesses de remontée. Pour tester exhaustivement
le modèle, on présente aussi figure 5.19d les mesures des vitesses de remontées et les
trajectoires dans le plan (R, zG) de chacune des gouttes. Il est à noter que les vitesses de
remontée sont obtenues en effectuant un lissage 39 de points [zG, t] et sont représentés en
fonction des rayons lissés selon la même procédure.

On compare ces mesures aux prédictions données par le couple d’équations (5.60) et
(5.61) où à partir d’un rayon final et d’une altitude finale on a calculé numériquement
temps par temps l’évolution du rayon et de l’altitude en utilisant une méthode d’Euler
explicite 40 .

On constate dans un premier temps figure 5.19b que l’on retrouve bien les résultats
préliminaires présentés figure 5.7 confirmant la reproductibilité de nos résultats. En parti-
culier si on ajuste 41 les courbes par des lois de puissances, on trouve un exposant moyen
égal à 0.56 et un écart type de la moyenne estimé à 0.07 ce qui est bien conforme à ce
qu’on avait déjà obtenu.

La dynamique d’évaporation la plus proche de l’interface que l’on a déjà vue section
5.2 est compatible avec les prédictions ; on a vu qu’un ajustement avec une loi de puissance
1/3 donne une amplitude K0 = (1.81±0.03) 10−2µm3/s au lieu de K0 = 4.53 10−2µm3/s.
Néanmoins, les autres dynamiques ne semblent correspondre ni en terme d’amplitude ni
d’exposant aux prédictions pour des altitudes finales zf = 100, 500 ou 900 µm. Celles-ci
correspondant pourtant respectivement aux cas extrêmes et à un cas intermédiaire alors
que la figure 5.19c montre bien que l’altitude finale des gouttes est située dans cet intervalle.
39. Le lissage est effectué de sorte à éviter les variations fortes sur les valeurs de rayon en fin de dyna-

mique. L’écart de la courbe obtenue du lissage par rapport aux points initiaux est inférieure à 0.2µm, bien
inférieur aux barres d’erreur sur les points initiaux.
40. Le pas de temps utilisé est de 0.1 s et le rayon initial est de 0.5 µm.
41. Sur les rayons au dessus de 2.06 µm.
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Figure 5.19 – (a) Rayon au cours du temps en représentation linéaire et (b) en fonction
de l’écart au temps final d’évaporation (tf − t) en représentation log-log. (c) Trajectoire
(zG, R) des gouttes au cours de l’évaporation. (d) Vitesse de remontée en fonction du
rayon. Les prédictions théoriques données par le couple d’équations (5.60) et (5.61) sont
aussi représentées. Chaque couleur correspond à une goutte d’altitude finale zf différente.
Les différents marqueurs correspondent à différents échantillons de micro-émulsion.

On montre d’ailleurs figure 5.19c que les trajectoires des gouttes au sein de la cellule
croisent celles prédites par le modèle, en particulier à hauts rayons, montrant l’inadéqua-
tion des prédictions avec les dynamiques, là où on s’attend à ce que celles-ci les épousent
si elles étaient bien décrites par le modèle. Plus surprenant, certaines trajectoires expé-
rimentales se croisent entre elles suggérant que la connaissance du rayon initial R0 et de
l’altitude initiale zG,0 n’est pas suffisante pour rendre compte des dynamiques.

Le comportement des vitesses de remontée en R2 figure 5.19d semble lui plutôt bien
respecté pour les hauts rayons et pour les gouttes proches de l’interface bien que l’ampli-
tude soit sous-estimée. D’ailleurs si on ajuste les vitesses de remontée 42 par une fonction
żG = AHadR

2 + Vres, on obtient une amplitude moyenne :

A = (3.13± 0.33)Ath où Ath = 4
15

∆ρg
η1

(5.82)

est la valeur théorique donnée par l’équation (5.60). Vers les bas rayons (R < 3 µm) pour
les gouttes proches du fond de la cellule, on observe un comportement à vitesse constante
indiquant probablement la présence d’écoulements permanents au sein de la cellule.

42. dont l’altitude finale est entre 230 µm et 668 µm et pour des rayons supérieurs à 2 µm.
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On vient de voir figure 5.19 que les exposants α des dynamiques observées R ∼ A(tf −
t)α ont une moyenne égale à 0.56 et que les amplitudes A étaient sous-estimées par les
valeurs théoriques. Il en est de même pour l’amplitude devant la loi de puissance donnant
le comportement des vitesses de remontée.

Ces deux quantités étant sensibles au gradient de concentration, on peut construire à
partir des vitesses de remontée un gradient effectif de concentration sous la forme d’une
longueur capillaire effective Lc,eff = 3.13 Lc. Ceci permet de faire une nouvelle prédiction
pour le régime 1/2 à partir de l’équation (5.60). On compare alors figure 5.20a cette
prédiction aux amplitudes expérimentales A1/2 obtenues en ajustant les mesures de rayon
par une loi de puissance 1/2.

Aussi en fixant l’amplitude AHad à sa valeur expérimentale moyenne, on montre figure
5.20b les valeurs des vitesses résiduelles Vres, celles-ci correspondant à une mesure des
écoulements permanents moyennés sur la trajectoire de la dynamique. On montre figure
5.20b que ces vitesses sont descendantes et faibles Vres ≤ 0.5 µm/s puis changent de sens
à partir de zf = 550 µm pour devenir ascendantes avec des amplitudes de plus en plus
élevées à mesure qu’on se rapproche de la paroi inférieure.

(a) (b)

Figure 5.20 – (a) Amplitude au carré obtenue par ajustement des rayons mesurés au
cours de l’écart au temps final d’évaporation. L’amplitude théorique au carré ainsi que celle
obtenue avec une longueur capillaire effective tirée de l’ajustement des vitesses de remontée
sont aussi représentées.(b) Vitesses résiduelles données par l’ajustement des vitesses de
remontée par une fonction ˙zG = AHadR

2 +Vres pour chacune des dynamiques définies par
leur altitude finale d’évaporation zf . Les différents marqueurs correspondent à différents
échantillons de micro-émulsion.

Ainsi même en prenant en compte l’écart à la loi d’Hadamard mesuré sur les vitesses
de remontée, nous n’arrivons toujours pas à expliquer les amplitudes ajustées à partir des
mesures de rayons 43. Pour autant, on remarque que la croissance de l’amplitude au fur
et à mesure que l’on se rapproche du fond de la cellule peut être corrélée avec celle de la
norme des vitesses résiduelles.

Ainsi nous avons observé que les exposants mesurés sont proches de 1/2. Or ∆T = 4 K
correspond à une température pour laquelle aucun des régimes ne semble dominant sur

43. A titre de comparaison, si on supposait un régime diffusif avec un système ouvert où φ = φ0 à
l’interface et φ = 0 à l’infini, on aurait 2Dφ0 = 1.2µm2/s.
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l’autre pour les rayons considérés. Pour mettre en avant plus nettement le régime 1/2,
nous allons poursuivre l’analyse à un écart à la température critique ∆T = 1 K, où on
s’attend à ce que loin de l’interface le régime 1/2 soit net et à ce que proche de l’interface
on observe une transition entre les régimes 1/3 et 1/2 (voir figure 5.17).

5.4.2 Analyse des données d’évaporation libre à ∆T = 1 K

Figure 5.21 – (a) Rayon au cours du temps en représentation linéaire et (b) en fonction
de l’écart au temps final d’évaporation (tf − t) en représentation log-log. (c) Trajectoire
(zG, R) des gouttes au cours de l’évaporation. (d) Vitesse de remontée en fonction du
rayon. Les prédictions théoriques données par le couple d’équations (5.60) et (5.61) sont
aussi représentées. Chaque couleur correspond à une goutte d’altitude finale zf différente.

Comme attendu, les courbes montrent plus nettement un régime uniqueR ∼ A (tf − t)α
avec une amplitude plus faible proche de l’interface. Pour autant, les exposants obtenus
en ajustant les mesures de rayon 44 sont plus élevés qu’attendu avec une moyenne à 0.61
pour un écart type de la moyenne estimé à 0.03 s’éloignant ainsi de la prédiction d’un
régime en loi de puissance 1/2. On observe d’ailleurs que les prédictions théoriques sont
plus proches en terme d’amplitude mais plus éloignées en terme d’exposant.

En l’occurrence les trajectoires sont mieux approchées (probablement dû au fait que les
amplitudes théoriques sur les mesures de rayons au cours du temps sont moins éloignées
que celles mesurées pour ∆T = 4 K et que les vitesses attendues sont très faibles).

44. Toujours en ne considérant que les rayons supérieurs à 2.06µm.
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On souligne par ailleurs sur les vitesses mesurées (voir figure 5.21d) que celles-ci sont
très éloignées de celles prédites et qu’il est plus difficile de voir une tendance en R2. En
ajustant ces vitesses 45, on obtient un coefficient moyen :

A = (8.0± 2.1)Ath où Ath = 4
15

∆ρg
η1

(5.83)

On va ainsi comme précédemment supposer que cette amplitude est une mesure du gradient
de concentration au sein de la phase et on peut alors construire une longueur capillaire
effective donnant l’amplitude pour le régime en loi de puissance 1/2.

En extrayant ce comportement en R2, on peut aussi revenir aux vitesses résiduelles
Vres correspondant à une mesure des écoulements au sein de la cellule.

On montre ainsi figure 5.22a les amplitudes obtenues si on supposait un régime en loi
de puissance 1/2 46 et figure 5.22b les vitesses résiduelles.

(a) (b)

Figure 5.22 – (a) Amplitude au carré obtenue par ajustement des rayons mesurés au
cours de l’écart au temps final d’évaporation. L’amplitude théorique au carré ainsi que celle
obtenue avec une longueur capillaire effective tirée de l’ajustement des vitesses de remontée
sont aussi représentées.(b) Vitesses résiduelles données par l’ajustement des vitesses de
remontée par une fonction ˙zG = AHadR

2 +Vres pour chacune des dynamiques définies par
leur altitude finale d’évaporation zf . Les marqueurs correspondent à des séries de données
différentes.

Malgré les limites que l’on a pu évoquer sur les ajustements par une loi de puissance
1/2, les amplitudes au carré A2

1/2 sont comparables à celles obtenues en considérant le
gradient de concentration modifié grâce à la vitesse de remontée.

Si on s’intéresse désormais aux vitesses d’écoulement, on montre que celles-ci sont
moins régulières que pour celles obtenues à ∆T = 4 K. En effet, sur la figure 5.21c les
vitesses de remontée ne peuvent être que difficilement approchées par une loi en R2 et une
autre loi doit être considérée.

On vient de voir un écart à la température critique où le couple d’équations (5.60) et
(5.61) prédit principalement un régime en loi de puissance 1/2. On va désormais s’intéresser
aux évaporations à ∆T = 32 K, pour lesquelles on s’attend à voir un régime en loi de
puissance 1/3 unique pour toutes les dynamiques mesurées (voir figure 5.17).

45. Toujours par une fonction żG = AHadR
2 + Vres.

46. Avec les réserves que l’on a pu formulé sur la valeur de l’exposant
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5.4.3 Analyse des données d’évaporation libre à ∆T = 32 K

Figure 5.23 – (a) Rayon au cours du temps en représentation linéaire et (b) en fonction
de l’écart au temps final d’évaporation (tf − t) en représentation log-log. (c) Trajectoire
(zG, R) des gouttes au cours de l’évaporation. (d) Vitesse de remontée en fonction du
rayon. Les prédictions théoriques données par le couple d’équations (5.60) et (5.61) sont
aussi représentées. Chaque couleur correspond à une goutte d’altitude finale zf différente.

Si on considère désormais les dynamiques à 32 K figure 5.23, on remarque que les
courbes obtenues sont très régulières et reproductibles. Comme pour les résultats à ∆T =
4 K, l’exposant moyen obtenu à partir des ajustements 47 des dynamiques représentées
figure 5.23a est de 0.57 et l’écart type de la moyenne estimé à 0.02. On peut néanmoins
se rendre compte que dans ce cas-ci, aucune courbe ne semble présenter un exposant plus
petit. Seuls les points tels que R < 2 µm sont susceptibles de satisfaire un régime 1/3.
Néanmoins, nous avons vu que des effets de résolution (voir figure 5.8) sont manifestes
pour ces tailles et la dynamique temporelle n’est pas assez grande. Le régime en loi de
puissance 1/3 ne semble donc pas observable dans notre système.

On constate aussi de la même façon que ni les trajectoires (figure 5.23c), ni les vitesses
de remontée (figure 5.23d) ne correspondent à celles prédites par le modèle. On observe
d’ailleurs que les vitesses de remontée sont négatives pour les faibles rayons proches de
la paroi montrant une forte présence d’écoulements descendants et un changement de

47. Les ajustements sont toujours réalisés pour des rayons R ≥ 2.06 µm conformément aux effets de
résolution discutés précédemment.
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sens de l’écoulement proche de l’interface. Ce dernier point est d’ailleurs corroboré par le
croisement des trajectoires dans la figure 5.23c.

Pour autant les comportements des vitesses de remontée sont beaucoup plus proches
de la vitesse de remontée d’Hadamard que ceux à 4 K. En effet toujours en ajustant les
vitesses de remontée par une fonction żG = AHadR

2 + Vres, on obtient cette fois-ci une
amplitude moyenne :

A = (1.01± 0.19)Ath où Ath = 4
15

∆ρg
η1

(5.84)

parfaitement compatible avec la valeur attendue malgré l’incertitude élevée sur la moyenne.
Comme précédemment la valeur de l’exposant nous invite à comparer les amplitudes

obtenues avec celles prédites pour le régime en loi de puissance 1/2 excepté que cette fois-ci
les amplitudes des vitesses de remontée ne nous permettent pas de supposer un gradient
de concentration plus élevé qu’attendu.

En fixant respectivement l’exposant de la loi de puissance pour les ajustements des
mesures de rayon à 1/2 et AHad = Ath, on présente alors figure 5.24a les amplitudes
obtenues ainsi que les vitesses résiduelles figure 5.24b.

(a) (b)

Figure 5.24 – (a) Amplitude au carré obtenue par ajustement des rayons mesurés au
cours de l’écart au temps final d’évaporation. L’amplitude théorique au carré ainsi que celle
obtenue avec une longueur capillaire effective tirée de l’ajustement des vitesses de remontée
sont aussi représentées.(b) Vitesses résiduelles données par l’ajustement des vitesses de
remontée par une fonction ˙zG = AHadR

2 +Vres pour chacune des dynamiques définies par
leur altitude finale d’évaporation zf . Les marqueurs correspondent à différents échantillons
de micro-émulsion.

On remarque que les amplitudes ajustées A1/2 sont constantes en zf (voir figure 5.24a)
et sont très différentes de celles prédites par le modèle. On est ainsi en présence d’une
dynamique universelle à ∆T = 32 K très régulière et reproductible inexpliquée par le
modèle. On note aussi que celle-ci est complètement décorrélée des vitesses résiduelles
présentant un comportement inverse de celui présenté à ∆T = 4 K avec un courant
descendants en bas de cellule et ascendants en hauts de cellule.

On montre d’ailleurs figure 5.25, une trajectoire obtenue par projection montrant les
effets des écoulements sur la remontée de la goutte à cette température.
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Figure 5.25 – Trajectoire d’une goutte s’évaporant à un écart à la température critique
de ∆T = 32 K dont l’altitude finale zf = 417 µm. Chacune des positions étant séparées
de 10 s.

Il est à noter que pour les expériences menées à cette température, un capillaire rec-
tangulaire d’une hauteur totale 48 de 840 µm avait été introduit dans la cellule dans le
cadre d’expériences complémentaire (voir section 5.6.2). Celui-ci a pu modifier les écoule-
ments au sein de celle-ci et l’altitude pour laquelle on observe un changement de sens des
écoulements est compatible avec la hauteur externe du capillaire.

48. Sa taille interne étant de 600 µm et l’épaisseur des parois est de 120 µm.
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5.5 Conclusion sur l’évaporation simple et discussion

On vient de voir que les prédictions faites par le modèle ne sont pas compatibles avec
les mesures effectuées pour un cas intermédiaire ∆T = 4 K ainsi que sur des cas extrêmes
pour lesquels un régime d’évaporation devait être nettement présent, à savoir le régime
1/2 pour ∆T = 1 K et le régime 1/3 pour ∆T = 32 K.

En particulier, on souligne que globalement excepté proche de l’interface où l’ampli-
tude et parfois l’exposant (sur la plage de rayon considérée) diminuent, ceux-ci ne varient
que peu avec l’écart à la température critique (l’exposant variant de 0.56 en moyenne
pour ∆T = 32 K à 0.61 pour ∆T = 1 K). De même, les vitesses de remontée ne semblent
pas être décrites par la vitesse de remontée d’Hadamard que l’on peut pourtant dériver
aussi d’un équilibre des forces entre poussée d’Archimède et contraintes de viscosité. Or le
gradient de concentration induit par la gravité pilote simultanément la remontée d’Hada-
mard de la goutte et les régimes d’évaporation gravitaires. En particulier si on reprend les
équations (5.68) et (5.69) et qu’on s’intéresse à la grandeur X = γL2

C/ηK0 dans le terme
de vitesse de remontée d’Hadamard, on retrouve justement le taux d’évaporation effectif
K0 lié au effets de courbure et donc au régime 1/3, et la longueur capillaire LC associée
au gradient gravitaire de concentration et donc aux régimes 1/2 et exponentiel, les deux
étant utilisés dans l’adimensionnement. Or on a vu au chapitre 3 que la vitesse capillaire
γ/η correspondait bien à celle attendue. Ainsi, ne pas être capable de retrouver le com-
portement attendu pour la vitesse de remontée implique de devoir repenser totalement le
modèle.

Nous allons ainsi chercher à caractériser les mesures effectuées en dehors de tout mo-
dèle. Nous allons nous intéresser à des dynamiques réparties entre un écart à la température
critique de 0.2 K et 32 K de sorte à appréhender au mieux le comportement critique de
l’évaporation.

5.5.1 Etude en loi de puissance de la dynamique d’évaporation

Dans un premier temps, nous allons nous intéresser aux comportements du rayon au
cours du temps. Pour les rayons au delà de 2.06 µm, nous effectuons sur chacune des
dynamiques l’ajustement en loi de puissance R = AR(tf − t)α et nous représentons figures
5.26a et 5.26b respectivement les exposants et les amplitudes obtenus par cet ajustement.

(a) (b)

Figure 5.26 – (a) Exposant α et (b) amplitude AR de la loi de puissance ajustée en
fonction de l’altitude finale. Les couleurs représentent l’écart à la température critique et
les marqueurs représentent différents échantillons de micro-émulsion. La ligne en pointillés
noirs et les régions grisées correspondent respectivement à la moyenne des exposants ᾱ =
0.59 et à un encadrement donné par l’écart type de la moyenne σᾱ = 0.02.
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La première remarque et la plus surprenante surtout est que quel que soit l’écart à la
température critique, les courbes d’exposant mais surtout d’amplitude sont superposées
et, qualitativement, aucune tendance en température ne peut être dégagée. Or, si on
peut s’attendre à ce que les dynamiques soient régies par un mécanisme physique unique,
justifiant la constance de la valeur de l’exposant, il nous faut rappeler qu’entre 0.2 K et
32 K :

— la largeur de la courbe de coexistence ∆φ varie d’un facteur 5 entre 0.2 et 32 K
— la longueur capillaire LC diminue sur un ordre de grandeur
— la constante de diffusion D diminue d’un facteur 50
— et la tension de surface γ diminue d’un facteur 500.

Même le taux d’évaporation effectif K0 dont les exposants critiques des différents termes
qui le composent se compensent à la proximité du point critique augmente d’un facteur 2
entre 0.2 et 32 K.

Il semble aussi que les exposants ne semblent pas présenter de tendance particulière en
altitude finale zf avec un exposant moyen ᾱ = 0.59 et une estimation de l’écart type de la
moyenne σᾱ = 0.02. Les amplitudes, elles, croissent linéairement pour les altitudes finales
zf > 200 µm avec une pente de l’ordre de 0.4/600 ≈ 6.7 10−4s−α où α correspond à la
valeur ajustée de l’exposant de la loi de puissance. La description de ce phénomène doit
alors passer par un mécanisme, aujourd’hui inconnu qui ne doit dépendre explicitement
d’aucun de ses paramètres.

5.5.2 Comportement critique et influence du nombre de Peclet

En étudiant plus spécifiquement la variation en écart à la température critique, on
constate tout de même figure 5.27a que les expériences proches du point critique présentent
en moyenne des exposants légèrement plus élevés que loin du point critique bien que dans
l’ensemble les exposants restent constants. On compare figure 5.27b cette augmentation à
l’évolution en température du nombre de Peclet :

Pedrop = żGR

D
(5.85)

où R le rayon de la goutte considérée, żG sa vitesse instantanée et D sa constante de
diffusion donnée par l’équation (2.42).

(a) (b)

Figure 5.27 – (a) Exposant moyen par écart à la température critique. (b) Nombre de Pe-
clet en fonction du rayon calculé à partir des rayons et des vitesses instantanées pour toutes
les dynamiques mesurées. Les différents marqueurs correspondent à différents échantillons
de micro-émulsion.
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Ainsi on peut relier l’augmentation des exposants proche du point critique à l’augmen-
tation du nombre de Peclet. En particulier on observe que Pedrop > 1 sur la majorité de
la dynamique pour les écarts à la température critique ∆T . 2.

Baumberger et al. ont étudié les phénomènes de croissance dans les systèmes proches de
leur point critique en présence de cisaillement ([12], [13]) et ils ont montré qu’en présence
de convection Pe > 1, la dynamique d’évaporation pouvait s’écrire (voir [13]) :

Ṙ = ṘPe=0Sh(Pe) (5.86)

où ṘPe=0 est l’expression de la dynamique d’évaporation dans le cas Pe = 0, et Sh est le
nombre de Sherwood défini comme le rapport du flux total de matière au travers l’interface
de la goutte sur le flux purement diffusif :

Sh =
∫
∂rφ(r = R)dS

4πR (φ∞ − φR) (5.87)

Or en présence d’écoulement, le nombre de Sherwood dépend bien du nombre de Peclet
par l’intermédiaire du terme au numérateur :

Pe(u∇φ) = ∇2φ (5.88)

où les différentes grandeurs sont présentées en quantités adimensionnées. En considérant
des approximations du comportement du nombre de Sherwood avec le nombre de Peclet,
on a pour un nombre capillaire Ca = żη/γ � 1 :

pour Pe� 1 −→ Sh(Pe) = 1 + 0.5Pe (voir [29])
pour 1 < Pe < 10 −→ Sh(Pe) ∼ Pe1/3 (voir [13])

Kurdyumov et al. [30] propose par ailleurs un abaque pour Ca = 0 donnant la dépendance
de Sh en fonction du rapport de viscosité et de Pe. Si on se place dans le cas 1 < Pe < 10,
on peut distinguer deux situations auxquelles nous pouvons être confrontés suivant la
vitesse à considérer :

— Vitesse due à Hadamard :

V ∼ R2 → Pe ∼ R3 → R ∼ t1/2 + f(zG)t (5.89)

— Vitesse d’écoulement imposée :

V = Vres → Pe ∼ R → R ∼ t3/8 + f(zG)t3/5 (5.90)

où on a considéré l’équation (5.61) avec zG constant lors de l’intégration. On s’attend ainsi
à des exposants α compris entre 1/2 et 1 d’une part et entre 3/8 et 3/5 d’autre part. Ainsi,
on retrouve en effet que la prise en compte du nombre de Peclet induit une augmentation
de l’exposant, ce qui est conforme à l’observation faite sur la figure 5.27.

5.5.3 Comportement critique de la vitesse de remontée

L’exercice peut être poursuivi avec l’analyse des vitesses instantanées. Comme précé-
demment, on ajuste les mesures de vitesses verticales en fonction du rayon par une fonction
Vz = AHadR

2 + Vres
49. On représente alors figure 5.28a et figure 5.28b les valeurs d’am-

49. Les rayons et vitesses verticales instantanées ajustés sont ceux respectivement supérieurs à 2.06 µm
et 1.5 µm/s de sorte à éviter les effets de résolution et la présence des écoulements.
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Chapitre 5. Evaporation d’une goutte isolée proche d’un point critique

plitudes ajustées en fonction de l’altitude finale et la moyenne de ces amplitudes par écart
à la température critique.

(a) (b)

Figure 5.28 – (a) Amplitude donnée par l’ajustement des vitesses en fonction de l’altitude
finale d’évaporation. La ligne en pointillés noirs et les régions grisées correspondent à la
moyenne des amplitudes ĀHad = 0.10 (µms)−1 et à un encadrement donné par l’écart
type de la moyenne σĀHad = 0.01 (µms)−1. (b) Moyenne des amplitudes par écart à la
température critique. La courbe théorique représentée est donnée par Ath = (4/15)∆ρg/η.
Les différents marqueurs correspondent à différents échantillons.

Encore plus surprenant, on retrouve de même une constance en température de l’am-
plitude ajustée AHad alors que celle-ci est censée correspondre à un mécanisme physique
très bien compris : équilibre entre poussée d’archimède et dissipation visqueuse.

Sur les figures 5.29b et 5.29a, nous avons tracé pour tous les écarts à la température
critique les vitesses de remontée renormalisées au moyen des paramètres AHad et Vres
ajustés. On observe alors que l’ajustement par une fonction en R2 est raisonnable.

(a) (b)

Figure 5.29 – Vitesse verticale à laquelle on a soustrait la vitesse résiduelle Vres renor-
malisée par AHad obtenues par ajustement à une fonction en R2 pour (a) l’ensemble des
51 expériences réalisées et (b) les 15 pour lesquelles cet ajustement est le plus adéquat. Les
couleurs correspondent aux écarts à la température critique dont la correspondance peut
être vue figure 5.26b. Les différents marqueurs correspondent à différents échantillons.

La vitesse de remontée est bien donnée par un l’équilibre mécanique impliquant une
force volumique et une force de trainée visqueuse. Malheureusement, aucune force volu-
mique à notre connaissance présente un comportement indépendant de l’écart à la tem-
pérature critique. Et il est certain que la compréhension de ce phénomène nous donnerait
des indications précieuses quant au comportement de l’évaporation.
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Finalement la caractérisation de ce comportement inédit montre une robustesse et une
régularité quel que soit l’écart à la température critique ∆T et l’altitude zG, le manque
d’articulation avec une modélisation ne nous permettant pas de l’investiguer davantage.
Ainsi dans la partie qui suit nous allons chercher à comprendre l’origine de ce désaccord
avec la modélisation proposée. Pour ce faire, nous allons revenir sur les limites de validité
des approximations effectuées, en particulier nous insisterons sur le caractère diffusif de la
distribution du champ de concentration.

5.5.4 Diffusion en régime statique

Si on cherche à revenir au modèle proposé et à rendre compte des déviations observées,
on peut proposer deux hypothèses dont nous allons tester la validité :

1. le comportement du champ de concentration en régime statique est supposé être
induit par une compétition entre la gravité et la diffusion. La présence d’écoule-
ments dont on a vu des signatures sur les vitesses de remontée pourraient altérer
la distribution de ce champ,

2. l’approximation quasi-statique à l’oeuvre consistant à considérer que la dynamique
du mouvement de l’interface fixe le temps caractéristique de l’évaporation pourrait
ne pas être valide dans notre système.

Nous rappelons que pour obtenir l’expression du champ de concentration (5.53), il nous
faut considérer les conditions à l’infini. Celles-ci correspondent au champ de concentration
en régime statique, c’est à dire en l’absence de goutte, et présentent une croissance linéaire
en altitude induite par une compétition entre les effets de gravité et de diffusion.

Faibles effets de gravité

Le caractère linéaire de cette distribution est dû à l’approximation de faibles effets de
gravité, c’est à dire pour un écart à la concentration à l’équilibre φ̄ � φk où φk est la
concentration à l’équilibre dans la phase k = 1, 2.

La limite de cette hypothèse fait l’objet d’une discussion au chapitre 2.4 en même temps
que d’autres effets pouvant induire des écarts à la concentration d’équilibre en régime
statique. Notamment, on peut remarquer figure 2.49 qu’à partir des valeurs mesurées du
contraste de masse volumique ∆ρ, de la compressibilité osmotique χT et de la constante
de diffusion D déduite de la viscosité η et de la longueur de corrélation ξ (voir chapitre
2.1) l’approximation est vérifiée pour des écarts à la température critique ∆T ≥ 1 K.

Faibles nombres de Peclet

La limite précédente correspond à la limite de faibles effets de gravité pour une distri-
bution donnée par un équilibre entre les effets de gravité et de diffusion mais cela suppose
l’absence d’écoulements suffisants pour déstabiliser cette distribution, c’est à dire que le
nombre de Peclet associé à cette distribution du champ de concentration Pecell � 1.

De plus on a vu au chapitre 2.4.3 que le système est susceptible de présenter des écou-
lements permanents thermogravitaires et thermocapillaires dus à la présence de gradients
de températures entre le centre de la cellule où est disposée une ouverture pour la vi-
sualisation, et où les expériences sont menées, et les extrémités situées plus proches des
résistances chauffantes du four qui contrôle la température de l’échantillon. On s’attend
alors à la présence d’écoulements et la mesure des vitesses d’écoulements est alors essen-
tielle pour confirmer la possibilité, ou non, que la distribution du champ en régime statique
corresponde bien à celle attendue dans les conditions de validité du modèle.
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Figure 5.30 – Vitesses résiduelles Vres données par l’ajustement des vitesses de remontée
żG par une loi en żG = AHadR

2 + Vres avec R le rayon de la goutte pour toutes les
dynamiques observées. Les différents marqueurs correspondent à différents échantillons.

Or on a vu que l’on pouvait extraire des vitesses de remontée une composante non
dépendante du rayon, la vitesse résiduelle Vres dont le sens pouvait être aussi bien ascen-
dant que descendant. Nous allons alors supposer que cette composante est la signature
de la présence d’écoulements. On présente alors figure 5.30, les vitesses résiduelles Vres
obtenues en effectuant comme précédemment un ajustement żG = AHadR

2 + Vres mais
en laissant les deux paramètres libres. On montre alors figure 5.31 les nombres de Peclet
Pecell associés à la cellule :

Pecell = VresH

D
(5.91)

avec H = 1 mm la taille de la phase inférieure de la micro-émulsion et D la constante
de diffusion des micelles et les vitesses résiduelles obtenues pour chacune des dynamiques
observées pour les trois écarts à la température critique analysés précédemment.

(a) (b)

(c)

Figure 5.31 – Nombre de Peclet associé à la cellule obtenu en considérant les vitesses
résiduelles Vres obtenues par ajustement des vitesses de remontée et la taille caractéristique
H associée à la phase inférieure de l’échantillon pour (a) ∆T = 1 K, (b) 4 K et (c) 32 K.
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5.5. Conclusion sur l’évaporation simple et discussion

On note que dans le calcul de ces nombres de Peclet, les écoulements ne dépendent pas
de la présence ou de l’absence d’une goutte remontant 50.

Ainsi, quel que soit l’écart à la température critique considéré, le nombre de Peclet
est très supérieur à 1, ce qui indique que l’hypothèse considérant qu’en régime statique le
champ de concentration est principalement gouverné par la diffusion et adopte un profil
linéaire en altitude z n’est pas vérifiée dans notre système 51.

5.5.5 Diffusion quasi-statique autour de la goutte

Considérons désormais les effets de diffusion induits par les gradients de concentrations
associés à la courbure de la goutte.

Conditions de validité : approximation quasi-statique et nombre de Peclet

Les équations (5.60) et (5.61) donnant la dynamique d’évaporation suppose l’approxi-
mation quasi-statique pour décrire le champ de concentration φ̄. Celle-ci suppose que le
champ relaxe (en z et en r) sur un temps caractéristique très petit devant l’inverse du
taux d’évolution du rayon R/Ṙ et de l’altitude zG/żG.

Comme on suppose de plus que l’on se situe à petit nombre de Peclet, ceci nous permet
d’écrire que le champ φ̄ loin de l’interface obéit alors à l’équation de Laplace :

∂φ

∂t
' 0 −→ ∇2φ = 0 (5.92)

Simultanément cela nous permet d’écrire qu’à l’interface, la variation dans le temps
du champ de concentration est uniquement due à son transport par l’interface :

∂φ

∂t
= −vr

∂φ

∂s′
(5.93)

où vr est la vitesse radiale de l’interface et s′ = s − vrt est la coordonnée normale à
l’interface dont l’origine est située à l’interface.

Pour que cette approximation soit valide, il faut alors que ces deux conditions suivantes
soient vérifiées :

ṘR2

DR
� 1 et żGR

2

DR
� 1 (5.94)

On note que la seconde condition se réduit à la condition de faible nombre de Peclet
donnant le rapport des effets de convection sur les effets de diffusion.

Prédictions théoriques

Ainsi à partir des équations (5.60) et (5.61), on peut déterminer le rapport théorique
ṘR2/DR et le nombre de Peclet Pedrop = żGR

2/DR calculés avec les valeurs mesurées
rassemblées dans le tableau 2.1.8.
50. Ce dont on peut douter, on a vu au chapitre 2.3 que le faisceau laser induit des écoulements par

transfert de quantité de mouvement sur les inhomogénéités locales d’indices de réfraction, ce qui pourrait
mettre hors équilibre la distribution verticale de concentration dans la cellule.
51. La conclusion apportée à la section 2.4.3 et 2.3 nous laissait déjà entrevoir que même avec des vitesses

verticales très faibles, par exemple thermogravitaires ou avec l’écoulement induit par le faisceau lors de
la formation et le déplacement de la goutte, l’hypothèse associée au champ de concentration était peu
plausible.
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Chapitre 5. Evaporation d’une goutte isolée proche d’un point critique

On montre figures 5.32a et 5.32b, respectivement l’évolution du rapport ṘR2/DR en
fonction de l’écart à la température critique pour différents rayons et altitudes, et le rayon
limite théorique tel que le nombre de Peclet Pe = 1 en fonction de l’écart à la température
critique.

(a) (b)

Figure 5.32 – (a) Conditions de quasi-stationnarité pour des altitudes zG = 100, 500 et
900 µm et des rayons R = 1 et 10 µm en fonction de l’écart à la température critique. (b)
Rayon de goutte limite tel que le nombre de Peclet est égal à 1 en fonction de l’écart à la
température critique.

On montre figure 5.32a que sur toute la plage de variation de rayons et d’altitudes
observés, la condition nécessaire pour que l’approximation quasi-statique soit vérifiée, c’est
à dire ṘR2/DR � 1, est vérifiée sur l’ensemble des écarts à la température critique
considérés où le modèle est censé être valide 52 1 K < ∆T < 32 K.

Au contraire, on remarque figure 5.32b que les rayons pour lesquels le nombre de Peclet
Pe = 1 se situent au milieu de la plage de variation de rayons mesurés 53. La vérification
expérimentale in situ du nombre de Peclet associé à la remontée de la goutte Pedrop est
donc un enjeu essentiel pour vérifier que les expériences sont menées selon les critères de
validité du modèle.

Dès lors il faudra considérer que les expériences réalisées se situent à la limite de
validité 54, celles-ci ne devant tendre vers le modèle que de façon asymptotique dans le
sens des petits rayons.

Nombre de Peclet expérimental

Ainsi on peut reprendre les analyses effectuées précédemment à 4, 1 et 32 K respec-
tivement sections 5.4.1 , 5.4.2 et 5.4.3. On peut alors tester l’hypothèse de petit nombre
de Peclet pour la goutte Pedrop = żGR/D en le calculant rayon par rayon. On présente
figure 5.33 les nombres de Pedrop tirés des vitesses instantanées pour chacun des rayons

52. On a vu précédemment que même en absence d’écoulements, l’hypothèse de faibles effets de gravité
n’est plus valide pour ∆T < 1 K.
53. On notera que ce rayon limite R(Pe = 1) est tiré seulement de l’équation (5.60) et est donc indé-

pendant de l’altitude.
54. Les prédictions rassemblées dans les diagrammes récapitulatifs 5.17a, 5.17c et 5.17b ne sont plus

valides pour les rayons R > R(Pe = 1) et pour les valeurs R et de zG telles que ṘR2/DR > 1.
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5.5. Conclusion sur l’évaporation simple et discussion

mesurés pour chaque dynamique observée et pour les trois écarts à la température critique
considérés précédemment.

(a) (b)

(c)

Figure 5.33 – Nombre de Peclet associé à la goutte obtenu à partir des vitesses de re-
montée instantanées et des rayons des gouttes pour un écart à la température critique (a)
∆T = 1 K, (b) 4 K et (c) 32 K. Les couleurs correspondent aux écarts à la tempéra-
ture critique dont la correspondance peut être vue figure 5.26b. Les différents marqueurs
correspondent à différents échantillons de micro-émulsion.

On remarque figure 5.33 que le rayon minimum pour lequel R(Pe = 1) ≈ 1 µm à 1 K,
R(Pe = 1) ≈ 5 µm à 4 K et R(Pe = 1) ≈ 9 µm à 32 K au lieu respectivement de 4.7,
5.5 µm et 7.0 µm figure 5.32b. Ainsi les résultats sont compatibles avec les estimations
théoriques précédentes bien que le comportement soit différent en particulier à bas écarts à
la température critique. Ceci n’est pas surprenant dans la mesure où ni le comportement de
la vitesse de remontée ni celui des rayons ne sont approchées par le modèle. En l’occurrence
les deux comportements sont sous-estimés par le modèle sauf à ∆T = 32 K où la présence
d’écoulements descendants diminuent la vitesse de remontée de la goutte.

Ainsi la description totalement diffusive ne semble pas être respectée à un écart à
la température critique de 1 K mais on devrait retrouver le comportement attendu à
∆T = 32 K.

Conclusion sur les limites des hypothèses

On constate ainsi que les deux hypothèses sur l’origine diffusive de la distribution de
concentration φ, c’est à dire de faibles nombres de Peclet proche et loin de la goutte ne
sont pas respectées. Celles-ci étaient nécessaires pour écrire la distribution du champ de
surconcentration φ̄ en l’absence de goutte ou à l’infini comme une compétition entre dif-
fusion et gravité et pour l’écrire proche de l’interface de la goutte comme une compétition
entre les effets de courbures et de diffusion. Il n’est alors pas surprenant que le modèle ne
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semble pas décrire les données dans notre système.

Nous allons donc chercher à partir de la modélisation proposée, à reproduire des condi-
tions expérimentales permettant de vérifier les hypothèses sous-jacentes à la modélisation.
Deux types de conditions expérimentales vont être alors proposés par la suite :

— l’évaporation d’une goutte dont l’altitude va être maintenue en utilisant un faisceau
laser de sorte à obtenir une évaporation pour un nombre de Peclet égal à zéro,

— et l’évaporation d’une goutte au sein d’un capillaire protégeant la goutte des écou-
lements permanents parasites de tailles caractéristiques supérieures à celui du ca-
pillaire comme ceux induits par la cellule.
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5.6 Expériences complémentaires en conditions contrôlées

Pour retrouver des comportements décrits dans le modèle, considérons dans un premier
temps l’évaporation à zéro Peclet.

Pour ce faire, une fois la goutte formée, nous allons chercher à utiliser la pression de
radiation du faisceau laser toujours focalisé à l’interface pour maintenir l’altitude de la
goutte constante. Pour cela il va suffire d’ajuster continuellement la puissance du faisceau
laser à la main de sorte à ce que la goutte reste à une altitude fixe, le contrôle en puissance
se faisant visuellement en direct et celle-ci n’est pas enregistrée au cours du temps. De
cette façon, on remarque que les équations dynamiques (5.60) et (5.61) se réduisent à :

Ṙ = 2K0
R2 (1 + RzG

L2
c

) avec zG = constante (5.95)

et on retrouve alors seulement deux régimes : le régime en loi de puissance 1/3 dominé
par les effets de courbures et le régime en loi de puissance 1/2 dominé par les effets de
gravité à l’infini, les deux régimes étant séparés par une condition sur le rayon R = L2

c/zG.
On peut alors explorer ces deux régimes en faisant varier l’altitude à laquelle la goutte est
maintenue, par exemple en la poussant à l’aide de la pression de radiation ou en la laissant
remonter à l’altitude voulue grâce à la poussée d’Archimède.

5.6.1 Evaporation à gravité compensée sous champ laser

On présente alors figures 5.34a et 5.34b quelques mesures de rayons au cours du temps
pour plusieurs écarts à la température critique.

(a) (b)

(c)

Figure 5.34 – Rayon en fonction (a) du temps en représentation linéaire et (b) en fonction
de l’écart au temps final d’évaporation en représentation logarithmique pour différentes
dynamiques d’évaporation à gravité compensée sous champ laser. (c) Altitudes de chaque
goutte en fonction de leur rayon pour chacune des dynamiques d’évaporation considérées.
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Ainsi comme attendu, on retrouve figure 5.34c que les gouttes ne bougent pas en
altitude au cours de leur évaporation puisque celles-ci sont maintenues grâce à un faisceau
laser. Ceci nous permet de considérer que le régime exponentiel n’est jamais atteint.

On remarque figure 5.34b que les mesures de rayons en fonction de l’écart au temps
final d’évaporation présentent une dynamique avec un exposant constant pour les bas
rayons 55, un point d’inflexion puis un ralentissement de la dynamique peu reproductible
et ne semblant pas à première vue être descriptible par une loi de puissance.

Analyse en régime de loi de puissance 1/2

Si on ajuste sur la première partie de la dynamique (entre 2 et 3 µm), la moyenne
des exposants obtenue est de 0.51 et un écart type de la moyenne estimé à 0.02 donnant
ainsi une moyenne d’exposants inférieure à celle obtenue précédemment dans le cas d’une
évaporation sans champ laser (0.51 au lieu de 0.56 − 0.61). La valeur obtenue est ainsi
conforme au régime gravitaire en loi de puissance 1/2 attendu et la diminution de l’expo-
sant peut être interprétée comme étant due à l’absence du régime exponentiel dans cette
configuration.

Néanmoins, on rappelle que pour ce régime l’amplitude prédite A1/2 vérifie :

A2
1/2 = 2K0zf

L2
c

(5.96)

Ceci donnant un comportement critique de A1/2 en ε0.47 avec ε = ∆T/TC . Or on se
rend compte en comparant les divers écarts à la température critique et les différentes
altitudes que ni le comportement linéaire en zf ni le comportement critique ne peuvent
être retrouvés.

Ce constat est d’ailleurs renforcé en présentant figure 5.35b les mesures d’amplitudes
à partir du même ajustement mais cette fois-ci réalisé pour la totalité des expériences
en présence de champ laser où on observe en effet que l’amplitude ne montre pas de
comportement remarquable en fonction de zf contrairement à ce que l’équation (5.96)
prédit.

(a) (b)

Figure 5.35 – (a) Exposant et (b) amplitude de la loi de puissance ajustée sur la dy-
namique du rayon de chacune des gouttes en fonction de l’altitude finale de celle-ci pour
des évaporations à gravité compensée. Les couleurs représentent l’écart à la température
critique (voir figure 5.34c).

55. En restant au dessus des effets de résolution attendus vers 2 µm.
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Du reste on remarque figure 5.35a que la plupart des expériences présentent des expo-
sants plus faibles que les exposants pour les évaporations en cellule, 0.45 ∼ 0.5 au lieu de
0.6 (voir figure 5.27a).

On observe aussi figure 5.35b que les amplitudes ajustées sont plus dispersées mais
dans l’ensemble inférieures à celles en cellule (voir figure 5.26b), ceci nous permettant de
conclure sans ambiguïté que l’évaporation en présence de faisceau laser est plus lente que
dans le cas sans faisceau, montrant un effet significatif du laser.

Limites de l’étude de l’évaporation en présence de faisceau

Ainsi on a pu voir que la présence du laser a un effet significatif sur la dynamique
d’évaporation. Or une remarque essentielle à ce stade est qu’en dehors de l’effet gravité
compensée, la présence de faisceau semble avoir un autre effet sur la dynamique d’éva-
poration. Il a en effet été plusieurs fois observé que le rayon de la goutte augmente lors
de la poussée de la goutte vers la paroi inférieure de la cellule 56. Ce phénomène n’est
que grossièrement caractérisé dans notre situation mais le ralentissement de la dynamique
voire les effets de croissance dus au faisceau augmentent clairement avec sa puissance.

On peut d’ailleurs interpréter les inflexions des courbes pour les hauts rayons comme un
effet du faisceau puisque la puissance nécessaire pour garder la goutte en place augmente
avec le rayon de la goutte.

Il devient dès lors difficile de conclure quant aux expériences réalisées puisque nous ne
sommes pas capables de savoir si la diminution de l’exposant observée 5.35a est un effet
de la compensation de la remontée ou un effet de trempe locale en concentration.

Néanmoins on a tout de même vu que le comportement de l’amplitude n’est clairement
pas conforme à celui prédit (voir figure 5.35), ce qui pourrait s’expliquer aussi par la
présence des écoulements en volume induits par le faisceau laser qui ont été présenté au
chapitre 2.3.4. La piste de l’évaporation en gravité compensée par un champ laser ne semble
alors pas une bonne piste pour retrouver les comportements prédits par les équations du
modèle d’évaporation en présence de gravité.

Par la suite on va chercher à être plus conforme non plus à l’hypothèse de faible
nombre de Peclet mais à l’hypothèse d’absence d’écoulements susceptibles de perturber la
distribution de concentration dans l’environnement à l’aide d’un capillaire.

5.6.2 Evaporation en capillaire

On présente ici une série d’expériences d’évaporation d’une goutte dans un capillaire
d’une hauteur de 600 µm plongé au fond de la cellule contenant l’échantillon. Celui-ci
devrait permettre de réduire les écoulements de grandes tailles comme ceux induits par
les gradients thermiques à l’échelle de la cellule.

Pour former les gouttes, nous allons utiliser le film de mouillage présent sur la paroi
intérieure du capillaire et comme précédemment nous focalisons le faisceau au niveau de
ce film pour former un jet liquide 57, le reste du protocole se poursuivant comme précé-
demment.
56. On a vu d’ailleurs section 2.4 que la présence d’un champ électromagnétique induisait une surcon-

centration locale qui a d’ailleurs été utilisée comme trempe en concentration locale dans une étude sur la
nucléation dans les systèmes critiques [17].
57. Bien qu’il soit parfois nécessaire de former ce film en injectant depuis l’extérieur du capillaire de la

phase supérieure à l’aide d’un jet liquide formé depuis le ménisque et penché vers l’intérieur du capillaire.
Cette situation est de plus en plus fréquente proche du point critique de sorte que nous n’avons pas
d’expériences pour un écart à la température critique inférieur à 2 K.
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Exemples de dynamiques d’évaporation

Nous montrons figure 5.36 un ensemble de dynamiques d’évaporation ainsi réalisées
dans le capillaire respectivement pour des écarts à la température de 2 K, 8 K et 32 K,
ces températures correspondant aux extrêmes (2 K et 32 K) et à la moyenne géométrique
de la plage de variation en température explorée (8 K).

(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Figure 5.36 – (a), (c), (e) Rayon en fonction du temps en représentation linéaire et
(b), (d), (f) Rayon en fonction de l’écart au temps final d’évaporation en représentation
logarithmique pour des expériences d’évaporation effectuées à l’intérieur d’un capillaire
d’une hauteur de 600 µm et à des écarts à la température critique respectivement de (a,b)
2 K, (c,d) 8 K et (e,f) 32 K.

Une première remarque que l’on peut faire sur les expériences en capillaire est l’extrême
régularité de celles-ci, seule la variation de l’amplitude avec l’altitude finale permet de
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les distinguer. Ainsi, ces mesures ne laissent aucun doute sur la présence d’un unique
régime d’évaporation descriptible en terme de loi de puissance proche de 0.5 (les moyennes
d’exposant donnant 0.56, 0.63 et 0.59 respectivement pour 2, 8 et 32 K) laissant suggérer
qu’il n’y pas de couplage avec la vitesse de remontée.

Etude en loi de puissance et comportement critique

On peut alors représenter figure 5.37 pour toutes les températures les mesures d’expo-
sants et d’amplitudes ajustées.

(a) (b)

(c)

Figure 5.37 – (a) Exposant et (b) amplitude de la loi de puissance ajustée sur la dyna-
mique du rayon de chacune des gouttes en fonction de l’altitude finale de celle-ci pour des
évaporations en capillaire. (c) Exposant moyen par écart à la température critique.

On retrouve ainsi la régularité déjà remarquée sur les valeurs ajustées. On constate
aussi que comme pour les évaporations libres ou sous champ laser, l’exposant est constant
en altitude finale zf alors que l’amplitude, elle, croît avec celle-ci. La série de données
à 16 K en particulier montrent bien ces deux comportements et permet d’entrevoir une
relation linéaire entre l’amplitude et l’altitude finale zf . Conformément aux résultats hors
du capillaire, on ne retrouve pas le comportement critique prédit pour l’amplitude, ni le
fait que celle-ci est censée tendre vers zéro à l’interface.

A contrario, on remarque figure 5.37c que l’on ne retrouve pas l’augmentation de
l’exposant lorsqu’on diminue l’écart à la température critique (vu précédemment figure
5.27a) laissant suggérer que ce comportement (que l’on avait relié au nombre de Peclet)
était en fait un artefact lié à la procédure de prise de données.
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Vitesses de remontée et écoulements pour de l’évaporation en capillaire

Ainsi l’utilisation du capillaire n’a pas permis de retrouver les comportements prédits
par le modèle. On peut comme précédemment ajuster les vitesse de remontée par un
comportement en żG = AHadR

2 + Vres pour vérifier que les écoulements permanents ont
bien diminués. On vérifie dans un premier temps figure 5.38 que l’ajustement est bien
justifié.

(a) (b)

Figure 5.38 – Vitesse verticale à laquelle on a soustrait la vitesse résiduelle Vres renor-
malisée par AHad obtenue par ajustement avec une fonction en R2 pour des évaporations
en capillaire en considérant (a) l’ensemble des 33 expériences réalisées et (b) les 17 pour
lesquelles l’ajustement est le plus adéquat.

Et on présente figure 5.39 les vitesses résiduelles pour l’ensemble des dynamiques ob-
servées. On constate alors figure 5.39 que les écoulements n’ont pas été aussi réduits
qu’espéré 58.

Figure 5.39 – Vitesses résiduelles obtenues par l’ajustement des vitesses de remontée żG
par une loi en żG = AHadR

2 +Vres avec R le rayon de la goutte et Vres la vitesse résiduelle
pour toutes les dynamiques observées à tous les écarts à la température critique. Le code
couleur utilisé pour les écarts à la température critique est identique à celui utilisé figure
5.37b.

58. excepté au fond de la cellule où on ne retrouve pas les fortes valeurs obtenues figure 5.30.
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En revanche pour un écart à la température critique de ∆T = 16 K, on remarque que
les vitesses d’écoulement ont été plus réduites et que dans le même temps les exposants et
les amplitudes sont plus réguliers en altitude et, pour les exposants, inférieurs en moyenne
que pour les autres températures (voir figure 5.37a) laissant supposer une relation entre
écoulement et exposant de la loi de puissance. On retrouve aussi qu’à ∆T = 32 K, les
écoulements sont dans le sens inverse, c’est à dire descendants par rapport aux autres
températures. Ceci peut nous faire penser à l’inversion du sens des écoulements thermo-
gravitaires obtenue qualitativement section 2.4 59.

Vitesses de remontée et comportement critique de la vitesse d’Hadamard

On s’intéresse désormais aux vitesses de remontée et on montre figure 5.40 les ampli-
tudes devant la loi de puissance en R2 pour l’ensemble des dynamiques observées et leur
moyenne par écart à la température critique.

(a) (b)

Figure 5.40 – (a) Amplitude obtenue par ajustement de la vitesse de remontée par une
loi de puissance en R2 à laquelle est ajoutée une vitesse résiduelle Vres pour chacune des
dynamiques d’évaporation en capillaire observées et à tous les écarts à la température cri-
tique. La ligne en pointillé et la région grisée correspond respectivement à la moyenne
ĀHad = 5.6 10−2 (µms)−1 et à l’écart-type de la moyenne σĀHad = 1.3 10−2 (µms)−1 ob-
tenus sur l’ensemble de ces valeurs d’amplitudes. (b) Moyenne des amplitudes ajustées par
écart à la température critique. Les barres d’erreurs sont obtenues en faisant la moyenne
quadratique de la moyenne des incertitudes obtenues sur les amplitudes et de l’écart type de
l’ensemble des amplitudes pour un écart à la température critique donné. La ligne en poin-
tillée correspond aux valeurs théoriques attendues dans le cas d’une vitesse de remontée
d’Hadamard.

On retrouve figure 5.40 de nouveau la conclusion majeure obtenue précédemment pour
les évaporations en dehors du capillaire, à savoir que le comportement critique n’obéit pas
à celui attendue si on suppose une vitesse de remontée provenant d’un équilibre méca-
nique entre les contraintes de viscosité et la poussée d’Archimède. Contrairement au cas
précédent, il est même inverse au comportement attendu. Ceci conclut sur le désaccord
avec le comportement prédit par Hadamard. On remarque tout de même qualitativement

59. Il faut cependant prendre en compte que les expériences dans et en dehors du capillaire à ∆T = 32 K
ont été faites le même jour. Des expériences supplémentaires sont ainsi nécessaires pour attester de la
régularité de cette observation.
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figure 5.40b que celui-ci est par contre compatible avec un comportement constant en
température.

La valeur moyenne de l’amplitude est aussi légèrement inférieure à celle obtenue pour
les évaporations en dehors du capillaire (0.06 au lieu 0.1 (µms)−1 ), ce qui n’est pas sans
nous rappeler que la taille du capillaire est de 600 µm dans une phase inférieure d’épaisseur
1 mm. Cette remarque suggère fortement la mise en place de nouvelles mesures pour des
tailles de capillaire différentes.

Finalement, l’hypothèse suggérant que l’utilisation d’un capillaire permettrait de re-
trouver les comportements prédits par le modèle d’évaporation gravitaire en amoindrissant
les écoulements ne semble pas vérifiée. Les comportements critiques sont les mêmes que
ceux retrouvés dans le cas d’une évaporation en dehors du capillaire, à savoir une indé-
pendance à l’écart à la température critique et ce bien que les dynamiques d’évaporation
soient plus régulières.

5.6.3 Autre piste : influence du vieillissement

On vient de voir que les dynamiques d’évaporation observées ne dépendent pas de
l’écart à la température critique que ce soit en présence ou non d’un capillaire censé
amoindrir les écoulements. Notamment, on a pu confirmer que même ce qui semblait être
une influence d’effets de convection avec l’élévation du nombre de Peclet proche du point
critique (voir figure 5.27) n’est pas confirmé dans le cas d’évaporation en capillaire (voir
figure 5.37c).

Or ce qui distingue ces deux situations est l’ordre dans lequel les expériences ont été
effectuées. L’extrême régularité des expériences en capillaire a alors permis de suggérer
une influence non pas de l’écart à le température critique mais du vieillissement de la
cellule. Nous représentons alors figure 5.41 l’exposant de la loi de puissance en fonction
l’age (en jours) par rapport au moment où la cellule contenant l’échantillon a été remplie.

Figure 5.41 – Exposant obtenu par ajustement des mesures de rayon pour toutes les
dynamiques observées en capillaire et hors capillaire en fonction de l’écart au moment
du remplissage de la cellule de micro-émulsion en jours. Chaque couleur correspond à un
écart à la température critique et chaque marqueur a un échantillon différent de micro-
émulsion. L’échantillon de micro-émulsion pour lequel les expériences en capillaire sont
réalisées correspond aux points symbolisés par des marqueurs en pentagone.

On observe en effet figure 5.41 une période de 2 semaines après la fabrication de l’échan-
tillon sur laquelle l’exposant augmente puis une stagnation de celui-ci. On constate que la
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variation entre les différents échantillons est plus faible que l’influence du vieillissement 60

ainsi que celle de l’écart à la température critique. Ceci est très notable après le jour 20
où le groupe de points regroupent des expériences à ∆T = 0.2, 0.5, 4, 8 et 32 K.

On a vu au chapitre 2.1 que l’on surveillait la présence de vieillissement grâce à l’évolu-
tion de la température critique, celle-ci étant intimement liée à la composition de l’échan-
tillon et que son changement pourrait indiquer la présence de micro-évaporation au niveau
du bouchon de la cellule.

Une deuxième observable nous permettant de statuer sur la présence de vieillissement
est la déviation au comportement critique des grandeurs thermodynamiques. Or on a vu au
chapitre 2.3 que la mesure de la puissance seuil d’instabilité d’interface plane par pression
de radiation peut être reliée à la tension de surface par la relation suivante (2.75) :

Pseuil = 4.43πcγω0
2∆n (5.97)

Or on a vu au chapitre 2.1 que le comportement critique de la tension de surface est vérifié
par des mesures à la fois d’instabilité capillaire et de puissance seuil d’instabilité.

Ainsi on montre figure 5.42a les mesures de la température critique obtenues grâce
au changement brutal de figure de diffraction obtenue par traversée d’un laser, et figure
5.42b les mesures de l’amplitude critique de la tension de surface γ0 calculées à partir des
mesures de Pseuil :

γ0 = 2Pseuil∆n
4.43πcω0

∣∣∣∣∆TTC
∣∣∣∣−2ν

avec ν = 0.63 (5.98)

où ∆n est le contraste d’indice de réfraction, ω0 est le rayon au col du faisceau et c est la
vitesse de la lumière dans le vide.

(a) (b)

Figure 5.42 – (a) Température critique TC en fonction de l’écart au moment du rem-
plissage de la cellule de micro-émulsion en jours. Les barres d’erreur sur la température
critique sont plus petites que la taille des marqueurs.(b) Amplitude critique de la ten-
sion interfaciale calculée à partir de l’équation (5.98) et des mesures de puissances seuil
d’instabilité d’interface en fonction de l’écart au moment du remplissage de la cellule de
micro-émulsion en jours. Les barres d’erreur sur γ0 et TC sont calculées à partir de notre
résolution sur la puissance émise par le laser (différente de la puissance à l’interface) et sur
la température, respectivement 0.01 W et 0.1 K. Chaque marqueur et couleur correspond
à un échantillon distinct de micro-émulsion.

60. En particulier l’échantillon utilisé pour les expériences en capillaire est le même que celui qui a été
utilisé pour les expériences en cellule à ∆T = 32 K faites au jour 24. Ainsi, cet élément nous conduit à
penser que l’écart observé entre les points symbolisés par un pentagone et les autres serait plus un effet de
l’échantillon qu’un effet induit par la présence du capillaire.
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Ainsi on montre figure 5.42a que la température critique ne varie que très faiblement
au cours du temps pour un échantillon donné et que les variations sont essentiellement
dues à la différence entre les différents échantillons.

Si on peut faire la même première observation (voir figure 5.42b) sur le comportement
de l’amplitude critique de la tension interfaciale, on peut néanmoins constater que la
différence entre les échantillons ne se retrouve pas sur l’amplitude critique montrant que
celle-ci n’influe pas sur le comportement critique de la tension de surface. Représentons
le comportement de l’amplitude critique en fonction de l’écart à la température critique
figure 5.43.

Figure 5.43 – Amplitude critique calculée à partir de l’équation (5.98) et des mesures de
puissances seuil d’instabilité d’interface en fonction de l’écart à la température critique.
La valeur de l’amplitude critique obtenue par A. Girot figure 2.11 est représentée par
la ligne en pointillée ainsi qu’un ajustement effectué sur les points correspondant à un
des échantillons avec γ0 = 3.8 ε0.2 où ε = ∆T/TC , servant à montrer le comportement
critique. Les barres d’erreur sur γ0 et TC sont calculées à partir de notre résolution sur la
puissance émise par le laser (différente de la puissance à l’interface) et sur la température,
respectivement 0.01 W et 0.1 K. Chaque marqueur et couleur correspond à un échantillon
distinct de micro-émulsion.

On remarque en effet que la variation de l’amplitude critique est essentiellement donnée
par ce qui semble être un comportement critique (et non pas par le vieillissement). Par
ailleurs bien que les valeurs proches du point critique présentent de fortes incertitudes dues
au manque de résolution sur la puissance seuil et sur l’écart à la température critique,
0.01 W (en sortie de laser) et 0.1 K respectivement, on peut distinguer figure 5.43 deux
comportements critiques différents. Le plus manifeste est un comportement critique de γ0
constant en température, et donc vérifiant la loi de puissance attendue, puis qui augmente
en se rapprochant de la température critique ; ce qui pourrait être une conséquence de
l’augmentation des effets de gravité proche du point critique.

Un second comportement, plus difficile à identifier, est une décroissance en se rap-
prochant de la température critique pour parfois remonter très proche de la température
critique (∆T < 1 K). Ce nouveau régime que l’on a ajusté par un exposant critique égal
à 0.2 pourrait être une signature des écoulements induits par diffusion du faisceau laser
sur les inhomogénéités d’indice de réfraction (voir chapitre 2.3.4). Ces écoulements étant
induits dans le même sens que celui de la déformation, le seuil d’instabilité devrait être
atteint pour des puissances inférieures. Ceci nous amènerait à sous-estimer la tension ob-
tenue à partir de l’équation (5.98) qui ne suppose en effet que les effets de pression de
radiation et de tension interfaciale. Il faut de même noter que cette déviation à l’évolution
attendue de la tension interfaciale reste très faible et ne remet pas en cause le fait que son
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comportement critique est, en moyenne, très bien retrouvé.

Ainsi, on peut en conclure que le vieillissement de la cellule a bien un effet sur l’expo-
sant gouvernant la dynamique d’évaporation et ce malgré la constance de la température
critique et du comportement critique de la tension interfaciale sur cette période laissant
apparaître une nouvelle phénoménologie. Par ailleurs, nous avons pu remarquer que la
tension obtenue à partir de la puissance seuil d’instabilité d’interface plane par pression
de radiation semble présenter un comportement proche du point critique dont nous ne
pouvons pas rendre compte par une simple compétition entre les effets de pression de
radiation et de capillarité, nous amenant à considérer cette méthode de mesure comme
seulement indicative proche du point critique.
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5.7 Conclusion
On a vu au cours de ce chapitre une étude sur l’évaporation menée dans un système

proche de son point critique. Le manque de résultats expérimentaux nous laissait suggérer
que l’évaporation se comportait comme un phénomène symétrique de la croissance et qu’à
ce titre elle se comportait en régime diffusif selon une loi de puissance en (tf − t)1/3 avec
un préfacteur ne dépendant que très peu de l’écart à la température critique (voir section
5.1).

Néanmoins des résultats préliminaires ont montré que les dynamiques d’évaporation
sont trop rapides, c’est à dire qu’elles semblent obéir à des lois de puissances ayant un
exposant supérieur à 1/3 tout en possédant un comportement lié à l’altitude à laquelle se
produit l’évaporation.

Un second modèle a alors été proposé et caractérisé section 5.3 dans lequel un couplage
gravitationnel est présent induisant une vitesse de remontée ascendante sur la goutte due à
la poussée d’Archimède et un gradient de concentration au sein de la cellule (le calcul étant
détaillé en annexe B). Ce couplage aboutit à une phénoménologie très riche où près de 4
régimes d’évaporation différents sont prédits dans des conditions de tailles et de vitesses
de remontée différentes, certains n’étant visibles que sur des régions de paramètres très
réduites (moins d’une décade en rayon) 61.

Une série d’expériences a alors été réalisée pour des écarts à la température critique
variant de ∆T = 0.2 K à 32 K pour explorer les caractères critiques prédits par ce modèle.
Les exposants ainsi que les amplitudes obtenus n’ont pas pu confirmer le modèle proposé.

En particulier il est extrêmement surprenant que le comportement critique obtenu
révèle une indépendance robuste à l’écart à la température critique pour la dynamique
d’évaporation. Et plus étonnant encore ce constat s’applique aussi aux vitesses de remontée
laissant suggérer que celles-ci bien qu’étant induites par une compétition entre une force
volumique et les contraintes de viscosité, cette force volumique ne semble à ce stade ne
pas être compatible avec la poussée d’Archimède.

Un comportement en altitude est aussi repéré, notamment pour les évaporations en
fond de la cellule, celui-ci pouvant être un effet dû à l’augmentation de la vitesse des
écoulements permanents au fond de la cellule.

Pour retrouver les comportements prédits, des expériences d’évaporation à gravité com-
pensée pour maintenir la goutte en place à l’aide d’un faisceau et des expériences d’éva-
poration au sein d’un capillaire pour éviter les écoulements permanents grandes échelles
ont été réalisées.

Les deux situations ont abouties à des conclusions similaires bien que les expériences
utilisant un faisceau sont plus nuancées à cause du couplage dû à l’effet électrostrictif sur
la transition de phase ainsi que des écoulements en volume induits par le faisceau laser. A
l’inverse, les expériences en capillaire présentent une régularité remarquable et sont celles
qui ont permis de confirmer le caractère indépendant à l’écart à la température critique de
la dynamique d’évaporation et de la vitesse de remontée. En particulier, elles ont permis
d’illustrer le fait que l’exposant ne dépendait pas du nombre de Peclet.

En revanche, des effets du vieillissement de la cellule ont été observés sur les valeurs
d’exposants d’évaporation. Cette influence est particulièrement surprenante dans la mesure

61. La condition de petit nombre de Peclet en particulier est difficile à réaliser pour un système critique
vu le caractère évanescent de la constante de diffusion à l’approche du point critique (voir figure 5.32a).

261



5.7. Conclusion

où dans le même temps la température critique ne varie pas et que le comportement critique
de la tension de surface ne change pas avec le vieillissement 62. Ce dernier résultat nous
invite à une étude plus systématique en vieillissement. Celle-ci nous permettra peut être
d’obtenir des pistes sur cette phénoménologie inédite observée au cours de ce chapitre.

Finalement, à ce jour cette étude constitue une première étude expérimentale pour
l’étude de l’évaporation à paramètre d’ordre conservé pour un système proche de son
point critique des dizaines d’années après la plupart des investigations sur les dynamiques
de transitions de phase. Des résultats très inattendus ont été retrouvés et ce malgré le
bonne conformité aux comportements critiques (voir figure 5.44), ce qui devrait pousser
à investiguer cette question d’un point de vue théorique non plus comme le phénomène
réversible de la croissance mais comme une question à part entière.

Figure 5.44 – Mesures de tensions interfaciales en fonction de l’écart à la température
critique calculées à partir des mesures de puissances seuil d’instabilité d’interface plane.
La ligne en pointillé représente l’ajustement effectué de l’amplitude critique pour les écarts
à la température critique supérieurs à 0.2 K. L’ajustement selon le comportement critique
donne γ0 = (4.97± 0.20) 10−5N/m. Les différents marqueurs et couleurs correspondent à
des échantillons de micro-émulsion différents.

62. Bien que de légers écarts au comportement critique attendu ont été observés. Ceux-ci pouvant être
attribués à l’inadéquation de la méthode de mesure de tension interfaciale par puissance seuil d’instabilité
proche du point critique (voir section 5.6.3).
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Chapitre 6

Conclusions et perspectives

Au cours de ce manuscrit, nous avons proposé, au sein d’un liquide binaire démixté
proche de son point critique, plusieurs études de retour à l’équilibre de structures liquides
de taille finie. Ce retour à l’équilibre possède deux contributions : une contribution ther-
modynamique sous la forme d’évaporation et une contribution hydrodynamique sous la
forme d’instabilités ou de relaxations capillaires.

La spécificité des systèmes proches d’un point critique, bas dans notre cas, repose
sur plusieurs aspects. Déjà l’existence de classe d’universalité d’Ising, d = 3 n = 1 dans
notre cas, permet d’universaliser les comportements observés à l’ensemble de la classe.
De plus, par ajustement de la température, nous sommes capables de faire varier les
propriétés thermo-physiques sur plusieurs ordres de grandeurs (voir chapitre 2.1). Et enfin,
en se rapprochant du point critique, nous sommes capables de faire advenir des régimes
dynamiques régis par les fluctuations thermiques du paramètre d’ordre, dans notre cas la
concentration en micelles, qui sont des régimes dynamiques analogues à ceux attendus en
nanofluidique.

En outre, la gamme de tensions interfaciales explorée grâce à l’ajustement de la tempé-
rature est située sur la région des tensions dites ultra-basses 10−4− 10−9N/m (voir figure
6.1).

Figure 6.1 – Mesures de tensions interfaciales en fonction de l’écart à la température
critique calculées à partir des mesures de puissances seuil d’instabilité d’interface plane.
La ligne en pointillée donne l’ajustement de l’amplitude critique pour ∆T > 0.2 K.
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Ceci nous permet de manipuler notre fluide et former des structures et des objets
liquides, hors équilibre, à partir des interactions mécaniques, sans contact, d’un faisceau
laser (voir chapitre 2.3). Un montage composé d’une chaîne laser, d’une ligne d’imagerie
et d’un système de contrôle en température a été conçu au cours de la thèse de J.Petit [1]
puis enrichi et calibré au cours de cette thèse (voir chapitre 2.2).

Pour autant l’utilisation de systèmes critiques va avec un certain nombre de contraintes :
les deux principales sont la sensibilité du système aux gradients de température et l’ima-
gerie, à cause, d’une part, de la divergence de la turbidité et, d’autre part, du caractère
évanescent du contraste d’indice de réfraction à l’approche du point critique.

Dans le premier cas, il a été développé au cours de ce travail des considérations ther-
modynamiques théoriques pour estimer leur influence statique sur le comportement du
paramètre d’ordre, et dynamique sur la présence éventuelle d’écoulements (voir chapitre
2.4). Concernant l’imagerie, un travail a été réalisé allant de l’amélioration de la ligne
d’imagerie à la mise au point et à la calibration d’un algorithme de détection de contour
automatisé adapté à notre système (voir chapitre 2.5). La systématicité gagnée par le cou-
plage entre l’utilisation d’une caméra ultra-rapide et de l’automatisation du traitement a
par exemple permis pour la première fois d’avoir accès à l’épaisseur de l’interface liquide
et de la relier à la longueur de corrélation des fluctuations du paramètre d’ordre ξ (voir
figure 6.2b).

(a) (b)

Figure 6.2 – (a) Histogrammes des écarts à la moyenne renormalisés des rayons d’une
colonne liquide mesurés grâce à l’algorithme de détection de contour. (b) Ecarts-type des
lois gaussiennes ajustées σR en fonction de la longueur de corrélation des fluctuations du
paramètre d’ordre dans la partie diphasique ξ−.

Revenons désormais à notre échantillon composé de deux phases séparées par une in-
terface place au travers de laquelle, nous faisons passer perpendiculairement un faisceau
laser. Nous avons vu qu’en focalisant ce faisceau sur l’interface, nous sommes alors ca-
pable, pour des hautes puissances, de former un pont liquide s’étendant depuis l’interface,
séparant les deux phases initialement, à la paroi inférieure de la cellule.

Si on éteint alors ce faisceau, le pont va pincer à ses extrémités. Ce pincement va
continuer jusqu’à la rupture pour former d’un coté, un ligament liquide immergé dans un
autre liquide, et de l’autre, une goutte liquide mouillant la paroi inférieure.

Le ligament va alors se déstabiliser par instabilité de Rayleigh-Plateau pour ensuite
fragmenter en un chapelet de gouttes. L’évolution du rayon au cours du temps est donnée,
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Chapitre 6. Conclusions et perspectives

en régime linéaire, par un comportement exponentiel caractéristique d’une instabilité. Son
temps caractéristique est donné par τη = η/γR0 avec η la viscosité, γ la tension interfaciale
et R0 le rayon initial du ligament.

La goutte liquide mouillant la paroi, quant à elle, va relaxer pour adopter d’abord une
forme de calotte sphérique et elle se mettra ensuite à s’étaler en conservant cette forme
de calotte sphérique. Ce dernier comportement auto-similaire, si il est aussi donné par
une compétition entre tension interfaciale et viscosité, se traduit, dans ce cas, par une
dynamique en loi de puissance en fonction du temps. Cette loi de puissance est d’ailleurs
particulièrement lente puisque celle-ci admet un exposant 1/10 pour l’évolution du rayon
de contact de la goutte sur la paroi solide.

Pendant que cette goutte s’étale, le ligament s’étant fragmenté, les gouttes résultant
de cette fragmentation, elles, vont alors se mettre à remonter vers l’interface par poussée
d’Archimède et à s’évaporer. En effet le ligament étant initialement composé de la phase du
dessus, de densité la plus faible, les gouttes résultant alors de la fragmentation du ligament
seront moins dense que leur milieu environnant et elles se mettront alors à remonter. Et le
système étant initialement à l’équilibre, le contraste de potentiel chimique volumique ∆µ =
0, le rayon critique de nucléation est infini RC = γ/∆µ→∞ et ainsi, tout domaine d’une
phase dans l’autre de taille finie sera instable et s’évaporera par diffusion du paramètre
d’ordre.

Chacune de ces trois étapes de la vie à la mort d’une colonne liquide a constitué une
des études qui ont proposées au cours de ce travail (voir figure 6.3).

Figure 6.3 – Séquence d’images montrant la déstabilisation puis la fragmentation d’un
pont liquide. Le fond a été soustrait et chaque image est séparée de la suivante par une
seconde.

Concernant l’instabilité de Rayleigh-Plateau, il se trouve que les études expérimentales
de la déstabilisation d’une colonne d’un liquide visqueux dans un autre liquide visqueux
n’ont proposé jusqu’alors qu’une caractérisation partielle de ce phénomène, souvent mono-
fréquentielle ou au travers d’oscillations forcées. Nous avons proposé au cours du chapitre
consacré 3 une étude d’une déstabilisation spontanée, pour un ligament de grand rapport
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d’aspect et de manière inédite, pour des systèmes à très basses tensions de surface.
Il a été montré pour des écarts à la température critique variant de ∆T = 20 K à

1 K que cette déstabilisation est une conséquence de la superposition de modes instables 1

en contradiction avec les études précédemment faites sur ce phénomène. A l’aide d’une
analyse de Fourier du contour du ligament, cette superposition de différents modes nous a
donné accès à la totalité de la relation de dispersion et ce, dans le cas d’une déstabilisation
spontanée (voir figure 6.4a).

Une perspective naturelle à ce travail est que l’analyse de la transformée de Fourier
nous permet aussi, en revenant dans le temps, d’avoir accès au spectre des perturbations
initiales de la déstabilisation. Croiser ce spectre rétrospectif avec l’étude des fluctuations
des premiers instants pourrait permettre une étude exhaustive de l’instabilité tout en
posant des questions ouvertes sur des éventuels effets de sélection de modes au cours de
la dynamique.

Il a aussi été remarqué pour les déstabilisations à ∆T = 1 K, des signatures d’une
contribution supplémentaire à la dynamique bien que le comportement soit globalement
toujours descriptible en terme d’instabilité capillaire. Or comme le temps caractéristique
d’instabilité capillaire τη tend vers zéro à l’approche du point critique, ces effets de proxi-
mité du point critique peuvent être imputables à la fois à des effets de fluctuations et
à des effets d’évaporation 2 qui pourraient être significatifs si le temps caractéristique de
diffusion τD = R2

0/D avec D la constante de diffusion devient inférieur à τη.

(a) (b)

Figure 6.4 – Moyenne des taux de croissance ajustés sur l’ensemble des ligaments pour
un écart à la température critique donné pour un mode normalisé kR0, en supposant deux
fluides de même viscosité. Vitesse capillaire ajustée à partir des taux de croissance mesurés
des perturbations du ligament liquide en fonction de l’écart à la température critique.

De plus, la question de la superposition des modes pose plus généralement la question
de la rupture d’un cou liquide. En effet, la brisure d’un cou au bout d’un jet étant un phé-
nomène extrêmement local, sa rupture ne peut être que la conséquence d’une superposition
de modes. Or historiquement, la description de la rupture d’un jet est faite sous l’angle
d’une théorie linéaire et est justifiée par les arguments suivants : la rupture arrive "suf-
fisamment tard" pour que le mode le plus instable devienne dominant devant l’ensemble

1. La présence de fluctuations due à la proximité au point critique peut être à l’origine de ce caractère
poly-chromatique.

2. voire à des effets de gravité dans le cas du pincement.
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des autres modes instables et le mode est transporté par le débit du fluide fixant de fait sa
longueur. C’est la combinaison de ces deux arguments qui permet de justifier la présence
d’une rupture locale du jet. Ainsi en observant directement de la polychromaticité pour la
déstabilisation d’un ligament liquide, nous pourrons, par comparaison avec la dynamique
de la première rupture, venir questionner la validité de cette hypothèse.

Désormais nous allons changer notre visée vers la goutte qui a aussi été formée par le
pincement des extrémités du pont mais, cette fois-ci, qui mouille la paroi inférieure. Comme
sa forme initiale résulte de ce premier pincement, celle-ci est très déformée, proche d’un
cône.

La deuxième étude expérimentale qui a été proposée au cours de ce manuscrit consiste
alors en la caractérisation de sa relaxation, c’est à dire son étalement à partir de cette
forme initialement très allongée (voir chapitre 4). Des résultats préliminaires à un écart à
la température critique ∆T = 8 K ont été obtenus.

Nous avons notamment vu que la relaxation comportait deux étapes. Une première
étape d’instabilité capillaire où la hauteur de la déformation décroît en exponentielle jus-
qu’à ce que la goutte adopte une forme de calotte sphérique. Sur ce temps d’instabilité
capillaire, le rayon évolue peu.

Puis la goutte s’étale en conservant sa forme de calotte sphérique. Ce régime auto-
similaire d’étalement est appelé le régime d’étalement de Tanner et correspond au cas d’une
compétition entre les effets capillaires et les effets de viscosité pour une paroi parfaitement
mouillante. Ce régime a été très bien vérifié expérimentalement dans le cas ∆T = 8 K et
appelle à des expériences à d’autres écarts à la température critique. En revanche comme
pour l’étude d’instabilité de Rayleigh-Plateau, les études à ∆T = 4 K ont montré des effets
d’évaporation, pour le coup, très significatifs. En particulier dans le cas présent, comme la
dynamique est gouvernée par un comportement auto-similaire en loi de puissance au lieu
d’une relaxation exponentielle, la durée typique du phénomène est particulièrement plus
longue et les effets induits par l’évaporation sont par conséquent beaucoup plus visibles.

(a) (b)

Figure 6.5 – (a) Hauteur H renormalisé par H0,exp en fonction du temps t renormalisé
par τexp avec H0,exp, et τexp deux quantités obtenues par un ajustement exponentiel pour
l’ensemble des expériences effectuées pour ∆T = 8 K. (b) R̃10 - R̃10

0 , où R̃ est un rayon
normalisé en fonction de l’écart en temps normalisé t̃− t̃0 où le temps t0 = 2τ et τ est le
temps caractéristique associé au premier régime dynamique pour l’ensemble des gouttes à
un écart à la température critique ∆T = 8 K.

La dynamique ne peut alors plus être décrite seulement par un régime de Tanner.
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Une perspective à ce travail avant d’étudier les éventuels effets de fluctuations est ainsi
de caractériser ces effets d’évaporation. Une articulation de la modélisation introduisant
des effets d’évaporation est dans un premier temps nécessaire. Celle-ci pourrait consister à
incorporer dans la loi d’étalement la variation du volume au cours du temps qui dans le cas
de l’évaporation à paramètre d’ordre conservé, se fait à débit volumique fixé. Néanmoins,
comme on l’a vu, le comportement de l’évaporation dans notre système ne semble pas si
trivial que ca.

Cette dernière remarque nous amène à la troisième et dernière étude expérimentale
de ce travail. Le chapitre 5 a été consacré à l’étude de l’évaporation du plus simple des
systèmes 3D, la goutte sphérique. Or si les transitions de phase à paramètre d’ordre
conservé ont été exhaustivement étudiées pour les phénomènes de croissance, étonnement,
aucune étude expérimentale ne s’est vraiment penchée sur le cas de l’évaporation toujours
considérée comme son symétrique (au sens de la réversibilité). Or pour une dynamique à
paramètre d’ordre conservé et pour une description quasi-statique, le débit volumique est
une constante, ce qui implique que le rayon de la goutte devrait évoluer en loi de puissance
1/3.

Pourtant, malgré cette prémisse, des résultats particulièrement inattendus ont été ob-
servés. En effet des premiers résultats à ∆T = 4 K semblaient indiquer la présence d’un
exposant de la loi d’évaporation variable et trop élevé, ainsi qu’une dépendance en altitude.
Un nouveau modèle pour un liquide binaire proche de son point critique 3 a été développé,
ajoutant dans la description de l’état du système des effets de gravité. Il en résulte des
effets statiques, sur le champ de concentration à l’infini, et dynamiques, de couplage de la
dynamique d’évaporation avec la remontée de la goutte, conduisant à une phénoménologie
riche ou 2 régimes d’évaporation supplémentaires ont été prédits.

(a) (b)

Figure 6.6 – (a) Rayons au delà de 2 µm renormalisés à l’aide des paramètres issues de
la loi de puissance ajustée R = AR (tf − t)α, AR et α étant deux paramètres libres. La va-
leur de α a une moyenne égale à 0.567 et un écart type de la moyenne estimé à 0.010 (voir
figure 6.7a). (b) Vitesses de remontée renormalisées à l’aide des paramètres issues de la
loi żG = AHadR

2 + Vres, AHad et Vres étant deux paramètres libres. L’ensemble des dyna-
miques d’évaporation en cellule et en capillaire est représenté. Les couleurs correspondent
à différents écarts à la température critique et les marqueurs aux divers échantillons de
micro-émulsion.

3. Pour laquelle l’énergie libre est décrit à l’aide d’une fonctionnelle de Ginzburg-Landau.
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Dès lors, nous avons procédé à une vérification expérimentale exhaustive pour des
écarts à la température critique allant de 0.2 à 32 K et en variant les conditions expéri-
mentales pour se rapprocher au plus près des conditions demandées par le modèle 4.

Cependant aucune de ces tentatives n’a été concluante malgré le fait que les dynamiques
d’évaporation sont bien ajustables par des lois de puissances 5 et que la vitesse de remontée
żG ∼ R2 avec R le rayon de la goutte, conformément au modèle (voir figures 6.6a et 6.6b).

(a) (b)

(c)

Figure 6.7 – (a) Exposant et (b) Amplitude sur les mesures de rayons au dessus de 2 µm
en fonction du temps de la loi de puissance ajustés sur les mesures de rayon en fonction
de l’écart à la température critique. (c) Amplitude issue de l’ajustement sur les mesures
de vitesse de remontée en fonction du rayon de la loi żG = AHadR

2 + Vres en fonction
de l’écart à la température critique. L’ensemble des dynamiques d’évaporation en cellule
et en capillaire est représenté. Les lignes en pointillé noir correspondent à la moyenne,
respectivement 0.567, 0.506 µm/sα et 0.090 (µms)−1, et la zone grisée est fixée de part
et d’autre par un écart type de la moyenne respectivement estimé à 0.010, 0.018 µm/sα

et 0.014 (µms)−1. Les couleurs correspondent aux écarts à la température critique et les
marqueurs aux divers échantillons de micro-émulsion.

En effet, nous avons observé un comportement indépendant à l’écart à la température
critique pour les exposants des lois d’évaporation et pour les amplitudes à la fois des lois

4. En procédant à des évaporations en capillaire pour diminuer les écoulement et en maintenant des
gouttes grâce à un faisceau laser de sorte à fixer leur altitude.

5. Pour les évaporations en cellule et en capillaire, les gouttes maintenues par un faisceau présente une
dynamique d’évaporation altérée par la présence d’électrostriction au sein du système.
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d’évaporation et des vitesses de remontée remettant en cause à la fois le caractère diffusif
de l’évaporation et gravitaire de le vitesse de remontée (voir figures 6.7a, 6.7b et 6.7c ).

Ces comportements sont robustes et ne correspondent à priori à aucun phénomène
physique connu. Plus embêtant, des signes d’une potentielle évolution de la dynamique
d’évaporation avec le vieillissement de l’échantillon ont été exhumés.

Ainsi cette première étude expérimentale de l’évaporation à paramètre d’ordre conservé,
exhaustive en terme d’amplitude d’écarts à la température critique étudiés et en terme de
conditions expérimentales, contredit l’idée selon laquelle l’évaporation est le phénomène
symétrique à la croissance. Sa prise en compte dans l’articulation de la modélisation des
deux premiers phénomènes étudiés au cours de ce manuscrit demandera alors des précau-
tions.

Perspectives

Ainsi on vient de voir que l’étude de l’évaporation pose question sur la métrologie du
système. Or on a vu figure 6.4b qu’avec l’instabilité de Rayleigh-Plateau, on était capable
d’obtenir la vitesse capillaire γ/η1 6. Nous avons aussi grâce à la mesure de la puissance
seuil, la variation de γ/∆n sachant que le contraste d’indice de réfraction ∆n qui a été
obtenu pendant la thèse d’Antoine Girot [10]. Finalement comme la vitesse de remontée
semble ne pas correspondre à la poussée d’Achimède, on pourrait alors faire une vérification
croisée, in situ, du contraste de masse volumique de sorte à s’assurer que l’on ne puisse
pas imputer cette inadéquation à son comportement critique 7. On propose alors comme
perspective une expérience supplémentaire, l’étude d’une instabilité de crémage comme
étude d’une nouvelle instabilité hydrodynamique induite complètement par la gravité et
permettant de remonter à la longueur capillaire LC =

√
γ/∆ρg.

Revenons à la colonne liquide fabriquée grâce à la focalisation d’un faisceau sur l’in-
terface initialement plane. Si on continue de stabiliser cette colonne à l’aide du guidage du
faisceau, un débit au sein de la colonne est engendré par les forces de diffusion du faisceau
en volume dans le fluide. Le fluide ainsi transporté va venir mouiller la paroi du bas et
former un film liquide. Compte tenu du débit imposé par les forces de diffusion dans la
colonne, ce film liquide va s’épaissir et à une certaine distance de la colonne 8, une "bosse"
va se former puis croitre au fur et à mesure que du liquide nourrit le film. A une taille
critique, l’interface va se déstabiliser, à la manière d’une instabilité de Rayleigh-Taylor, et
une goutte va remonter entrainant un jet qui, à son tour, va se déstabiliser. On est ainsi
capable de produire un phénomène de crémage localisé (voir figure 6.8a).

Comme la première goutte est formée lorsque sa taille dépasse un seuil, dont on s’attend
à ce qu’il soit fixé par une compétition entre les effets de gravité et de tension interfaciale,
on peut alors faire la conjecture que cette taille se comporte comme la longueur capillaire.
Des résultats préliminaires sont montrés figure 6.8b confirmant que pour des écarts à la
température critique ∆T > 0.2 K, le comportement critique de la longueur capillaire est
bien vérifié (LC =∼ εν−β/2 avec ν − β/2 = 0.4775). L’amplitude critique ajustée donne
RG,0 = 105 ± 3 µm, là où l’amplitude critique de la longueur capillaire calculée à partir

6. Bien que nous soyons obligés de supposer deux fluides de même viscosité. Avec une procédure fine
d’ajustement, nous pourrions même être capable d’obtenir le contraste de viscosité η1/η2.

7. Bien que les premières mesures de contraste de masse volumique montrées au chapitre 2.1 montrent
déjà que la comportement critique est bien vérifié.

8. Dont des observations préliminaires semblent montrer que cette distance dépend de l’écart à la
température critique. En particulier, plus on se rapproche de la température critique, plus la "bosse"
initiale est proche de la colonne et donc du faisceau.
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des valeurs de tension et de contraste de masse volumique données dans le tableau 2.1.8
donne LC0 = 256 µm, donc un peu plus que deux fois supérieur à la mesure.

On peut d’ailleurs déjà en conclure, au vu de la compatibilité du comportement critique
mesuré avec celui de la longueur capillaire, que la déviation de la vitesse de remontée pour
les expériences d’évaporation n’est pas imputable au comportement du contraste de densité
et que nous sommes bien en face d’une phénoménologie nouvelle.

Ainsi une modélisation adéquate de ce phénomène nous permettrait à la fois de re-
monter à la longueur capillaire et d’enrichir le travail de métrologie, de pouvoir obtenir
un rayon standard, et même plusieurs rayons standards en faisant variant ∆T , qui nous
permettraient de calibrer plus finement notre système d’imagerie, et enfin de poursuivre
l’étude des instabilités pour un système proche de son point critique.

(a) (b)

Figure 6.8 – (a) Séquence d’images montrant la déstabilisation d’un film liquide sur la
paroi supérieure d’un capillaire en verre inséré dans la cellule pour un écart à la tempé-
rature critique ∆T = 2 K. Chaque image est séparée de la suivante d’une durée de 3.9 s.
(b) Rayon de la première goutte émise par crémage en fonction de l’écart à la tempéra-
ture critique. Un ajustement du comportement critique de la longueur capillaire est réalisé
pour les écarts à la température critique ∆T > 0.2 K, et donne une amplitude critique
égale à RG,0 = 105± 3 mum. Un ajustement à deux paramètres libres donne une valeur
d’exposant α = 0.512± 0.024 et une amplitude RG,0 = 117± 9 µm.

Pour conclure, revenons en à l’étude des fluctuations. On a vu que la principale si-
gnature de leur présence est sur le changement des exposants dynamiques. Ainsi pour des
tailles caractéristiques inférieures à la longueur de corrélation ξ, c’est à dire en régime de
fluctuations, on a vu respectivement que :

— le régime dynamique de pincement d’un cou est décrit par une loi de puissance [2] :

R ∼ (tf − t)0.42 (6.1)

avec (tf − t) l’écart au temps de brisure finale, nous donnant ainsi vitesse de pin-
cement divergente à l’approche de la brisure,

— celui du rayon de contact du goutte s’étalant sur une paroi solide est donné par
[3] :

R ∼ R0

(
kBTt

ηR3
0

)1/6
(6.2)

correspondant de même à une accélération de la dynamique à partir de la loi de
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Tanner en R ∼ t1/10,
— et que pour l’évaporation, les effets interviennent au travers d’une modification de

la tension interfaciale γ ∼ R2 avec la taille typique du système R (voir [4]), donnant
une loi d’évaporation linéaire en temps.

Il est d’ailleurs intéressant de noter que la dernière remarque sur la variation de la tension
interfaciale pour l’évaporation devrait en toute rigueur se retrouver pour les deux premiers
phénomènes.

Cependant on a vu au cours de ce manuscrit qu’à mesure que les temps typiques
donnés par η/γR0 croissent à l’approche du point critique, R0 étant la taille caractéristique
du système, les effets de l’évaporation sur les comportements hydrodynamiques peuvent
devenir très significatifs. Cet effet est renforcé par notre observation selon laquelle, contre
toute attente, le temps caractéristique d’évaporation ne change pas avec la proximité du
point critique. On a d’ailleurs vu que pour les phénomènes de relaxation, dès un écart à
la température critique de 4 K, ceux-ci deviennent très significatifs.

Or il est intéressant de remarquer que Lo et al. [7], ont observé pour la première fois
un nouveau régime de pincement induit par diffusion pour un liquide binaire proche de
son point critique. Le régime observé donne un rayon évoluant en R = (tb − t)1/3 avec le tb
le temps de brisure. Celui-ci est conforme à des simulations et expériences déjà effectuées
par Aagesen et al. [6] sur un système solide-liquide.

L’argument pour ce régime est le suivant, dans une transition de phase à paramètre
conservé, c’est à dire à débit volumique fixé, si on veut que le volume diminue tout en
maintenant le comportement auto-similaire, l’ensemble des dimensions spatiales de l’objet
doit diminuer selon la même loi de puissance, c’est à dire qu’on assiste à une homothétie.
Cet argument est assez généralisable quelque soit la forme du système, et, évidemment,
aussi pour une sphère 9.

Ainsi si on en revient à nos systèmes, l’exposant lié à l’évaporation est de 0.56 avec
un écart type estimé de 0.01, on pourrait alors s’attendre pour le pincement à un régime
diffusif avec le même exposant dynamique selon le même argument. Puisqu’on cherche à
caractériser une transition depuis un régime de Stokes vers un régime de fluctuations, on
se rend compte qu’il sera difficile de distinguer les effets des fluctuations avec un exposant
de 0.42, des effets de diffusion avec un exposant 0.56, en particulier avec la résolution
optique dont on dispose.

D’autres observables sont alors nécessaires pour différentier entre les deux effets. Une
première piste est l’angle des cônes durant le pincement. En effet, les deux régimes cor-
respondent à des formes symétriques en double-cônes mais l’angle de ces cônes diffère.
Pour un régime de diffusion, Lo et al. [7] ont observé un angle compatible avec celui ob-
tenu théoriquement par Aagesen et al. [6] de 76◦ alors que pour le régime de fluctuations,
Hennequin et al. [8] ont observé un angle de 30◦. La différence est significative et l’angle
constitue bien une première possibilité pour l’étude du pincement.

La seconde piste, plus généralisable, concerne la taille de transition entre un régime
de Stokes et de fluctuations. Il est attendu que le régime de fluctuations soit dominant
seulement pour des régimes de tailles inférieures à la longueur thermique LT = kBT/γ où
kB est la constante de Bolzmann, ce qui a été confirmé expérimentalement par Petit et
al. [5]. Ainsi Lo et al. estime qu’il serait nécessaire d’avoir des tensions interfaciales 10−4

9. Mais ne suffit pas pour prédire à priori l’angle des cônes formés par le pincement par exemple.
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Chapitre 6. Conclusions et perspectives

inférieures à celles qu’ils utilisent pour espérer pouvoir observer ce régime 10.
Or reprenons le travail de Petit et al. [5] en corrigeant les valeurs de tensions utilisées

par la valeur figure 6.2b. Il est à noter que dans cette étude, les écarts à la température
critique ∆Tγ présentés sont déduits des mesures de tensions interfaciales obtenues par
mesure de vitesses de pincement 11 (la résolution en température n’étant que de 0.1 K).
Comme les longueurs de corrélation ξ auxquelles sont confrontés les rayons de transition
entre les régimes (dits Rcross−over), sont calculées à partir de ces ∆Tγ , une nouvelle mesure
d’amplitude critique γ0 a pour incidence de changer les valeurs de ξ. On a alors :

ξold

ξnew
=
(
γold0
γnew0

)1/2

(6.4)

avec l’indice old, respectivement new, dénotant les quantités calculées à partir de l’am-
plitude critique γold0 , respectivement γnew0 . Or γold0 = 1.03 10−4N/m est l’amplitude es-
timée grâce à la relation universelle 2.12 et utilisée dans le travail de Petit et al. [5], et
γnew0 = 4.97 10−5N/m correspond à celle mesurée sur la figure 6.1. Ainsi le rayon de
transition Rcross−over = 3.5 ξold → Rcross−over = 5.0 ξnew. On remarque d’ailleurs qu’avec
cette valeur de l’amplitude critique, la longueur thermique donne à la température critique
LT = 4.4 ξnew.

Or on a vu précédemment que l’on a à disposition un outil permettant d’obtenir la
largeur de l’interface, prise comme l’écart-type des petites fluctuations à la moyenne σR
(voir figure 6.2b). On remarque ainsi que la mesure de cette largeur vérifie très bien le
rayon de transition (σR = (5.0± 0.1) ξ).

Ceci montre alors qu’à minima le régime observé dans Petit et al. [5] correspond bien à
un régime de taille inférieure à l’épaisseur de l’interface, ceci étant complètement cohérent
avec l’idée d’un régime induit par les fluctuations de l’interface (voir schéma 6.9).

Finalement il est intéressant de souligner que l’analyse précédente où sont croisées une
étude des fluctuations microscopiques de l’interface et la dynamique macroscopique du
pincement de la colonne, est permise par les outils développés au cours de cette thèse.

Or non seulement ce type d’analyse est parfaitement généralisable pour n’importe
quelle phénomène hydrodynamique en présence de fluctuations mais de plus, contraire-
ment à précédemment, cette analyse des fluctuations peut être faite in situ. Ceci permet-
tant alors de caractériser simultanément plusieurs observables, microscopiques à l’interface
et macroscopiques sur la dynamique, pour rendre compte au plus près des effets de fluc-
tuations.

10. Ils estiment que la transition entre le régime de Stokes et le régime de diffusion a lieu quand
vdiff/vSt = 1 avec vdiff la vitesse de pincement en régime de diffusion et vSt celle en régime de Stokes.
Cette condition se ramène à une condition sur la taille du système RT :

RT =
√
f3

0
γηD

ξH
∼ ε2ν (6.3)

où f0 est une constante adimensionnée, D la constante de diffusion et H le préfacteur dans le régime de
Stokes dépendant du rapport de viscosité (voir [9]).

En prenant f0 = 1, ceci nous donne pour ∆T = 32 K, RT = 40 µm, et pour ∆T = 0.2 K, RT = 30 nm.
Ainsi un régime diffusif devrait être vu pour les hauts écarts à la température critique. Il laisserait alors
place à un régime hydrodynamique pour des températures intermédiaires pour finalement arriver en régime
de fluctuations pour les plus petits écarts. Très clairement, au cours de ce manuscrit, nous n’avons pas vu
de régimes de la sorte (ni Petit et al. [5]) pour les hauts T − TC .
11. Où ∆Tγ = TC (γ/γ0)1/2ν est l’écart à la température critique déterminé à partir de la tension γ.
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Figure 6.9 – Schéma du profil radial de concentration φ pour deux situations : (a) R > σR
et (b) R < σR correspondant respectivement au régime de pincement de Stokes et au régime
de pincement fluctuant, avec σR l’écart type des fluctuations de l’interface.

Alors ces divers observables croisées, constituant un ensemble cohérent, pourraient
finalement permettre d’obtenir une observation directe du régime de fluctuations dans ses
différents aspects, hydrodynamique comme stochastique, et, en ajoutant une modélisation
de sa contribution thermodynamique, à savoir l’évaporation, nous donneraient accès à la
totalité de la dynamique, à toutes les échelles, des phénomènes de retour à l’équilibre
étudiés au cours de ce manuscrit.

Affaire à suivre donc. . .
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Annexe A

Instabilité de Rayleigh-Plateau :
Simulation pour un fluide visqueux
immergé dans un fluide visqueux

Figure A.1 – Comparaison des résultats numériques avec les prédictions de la théorie
linéaire, ln

(
F̂ (ω)2

)
en fonction du temps renormalisé pour différentes fréquences. Les

droites en trait plein sont les résultats numériques alors que celles en tirets sont les pré-
dictions de la théorie linéaire pour ω = 0.44 (a), 0.56 (b), 0.66 (c) et 0.88 (d). En insert,
la relation de Tomotika 3.37 pour des fluides de même viscosité est représentée. On re-
marquera qu’il existe une plage assez grande de valeurs de fréquences avec des taux de
croissance proche de leur maximum. Image tirée de l’article de 1989 de Stone et Leal [30]
publié dans le volume 198 du Journal of Fluid Mechanics.
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Annexe A. Instabilité de Rayleigh-Plateau : Simulation pour un fluide
visqueux immergé dans un fluide visqueux

Figure A.2 – Évolution du spectre de Fourier des perturbations sur la région cylindrique
centrale d’une goutte initialement allongée relaxant dans un fluide de même viscosité au
repos. Les temps représentés sont t = 0 (a), 20.0 (b), 40.0 (c), 60.0 (d), 100.0 (e), 146.0
(f), 209.2 (g), 341.2 (h), 389.2 (i) avec t le temps renormalisé par τη. Les modes stables
dans la théorie linéaire sont ceux pour lesquels ω > 1. Tout les modes 0 < ω < 1 sont
instables selon la théorie linéaire. On remarquera que le mode dominant initialement est
un mode stable et qu’il s’évanouit rapidement. Image tirée de l’article de 1989 de Stone et
Leal [30] publié dans le volume 198 du Journal of Fluid Mechanics.
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Annexe B

Théorie hydrodynamique de
l’évaporation en présence de
gravité et de tension interfaciale

On développe au cours de cette partie une théorie de l’évaporation au sein d’un li-
quide binaire en présence de gravité proposée par T. Guérin membre de l’équipe Théorie
de la Matière Condensée, groupe Physique Statistique du Laboratoire Ondes et Matière
d’Aquitaine (LOMA). La théorie est bâtie sur un hamiltonien construit à partir de la fonc-
tionnelle d’énergie libre de Ginzburg-Landau proche d’un point critique auquel est rajouté
un terme modélisant l’énergie potentielle gravitationnelle.

Ce couplage gravitationnel va avoir deux effets distincts : la distribution de la concen-
tration de micelles en régime stationnaire et la remontée de la goutte pendant son éva-
poration. Pour une évaporation diffusive, nous verrons alors que l’adaptation du flux de
diffusion de micelles à ces deux effets, statique et dynamique, aura pour conséquence d’in-
troduire un terme supplémentaire dépendant de l’altitude dans l’équation d’évaporation
et il en résultera un couplage entre l’évaporation et la remontée de la goutte.

En utilisant un formalisme que l’on a pu voir à l’oeuvre section 2.1.3 on écrit l’hamilto-
nien tiré de la fonctionnelle de Ginzburg-Landau pour un paramètre d’ordre φ en présence
de gravité :

H[φ] =
∫
dx
{
κ

2 (∇φ)2 + V (φ) + ρeg(h− z)φ
}

(B.1)

φ étant la fraction volumique de micelles. Le premier terme est associé à l’excès d’énergie (κ
est une constante positive) dû à la présence de gradients et dont on peut dériver la tension
de surface dans l’approximation d’une interface fine (voir équation (5.21)). V (φ) est un
potentiel en double puits pas nécessairement symétrique dont les minima sont centrés sur
les valeurs du paramètre d’ordre à l’équilibre en l’absence de gravité φk, k = 1, 2.

Le dernier terme correspond à la composante gravitationnelle avec ρe = ρmic−ρcont la
masse volumique effective et g l’accélération de la gravité, z étant orienté selon g. Enfin h
est un paramètre permettant de garantir la conservation du nombre total de micelles fixé
de sorte à ce que le potentiel U(φ) = V (φ) + ρeghφ ait deux minima de même valeur.

On peut alors écrire le potentiel chimique de la façon suivante :

µ = δH

δφ
= −κ∇2φ+ V ′(φ) + ρeg(h− z) (B.2)
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Annexe B. Théorie hydrodynamique de l’évaporation en présence de
gravité et de tension interfaciale

où on a intégré par parties le terme en ∇φ et considéré que ||∇φ|| −→ 0 quand x −→∞.

Les équations générales du système gouvernent le comportement du champ de vitesses
d’écoulement u et du champ de concentration φ.

Pour le champ de vitesses u, on supposera la relation de Stokes et la condition d’in-
compressibilité :

η∇u = ∇p+ φ∇µ , ∇u = 0 (B.3)

avec η la viscosité, p la pression hydrostatique et le dernier terme donne le couplage avec
le paramètre d’ordre φ.

Et pour le champ φ, on séparera grâce à l’approximation d’interface fine, deux situa-
tions : proche et loin de l’interface (voir section 5.1.1) :

— loin de l’interface, le champ φ vérifie l’équation de Laplace :

∇2φ = 0 (B.4)

— et à l’interface on considérera que le champ s’écrit comme φ(s − vrt) où s est
la coordonnée normale à l’interface et vr est la vitesse radiale à l’interface. Ainsi
l’équation d’évolution locale du paramètre d’ordre φ est :

∂φ

∂t
+ u∇φ = λ∇2µ (B.5)

avec λ un coefficient de mobilité associé au terme de divergence du flux diffusif que
l’on peut réécrire à l’interface en approximation d’interface fine :

(vr − ur) ∆φ = j1 − j2 (B.6)

avec j = −λ∇µ le flux de diffusion, et ∆φ = φ1 − φ2 la largeur de la courbe de
coexistence, c’est à dire la différence entre la concentration à l’extérieur, la phase
1, et la concentration à la l’intérieur de la goutte, la phase 2.
Cette expression exprime que le mouvement de l’interface relativement à l’écoule-
ment cherche à compenser la différence des flux de diffusion de sorte à garantir la
conservation du paramètre d’ordre φ. Nous verrons par la suite qu’en exprimant les
différents termes présents dans l’équation (B.6), nous serons ainsi capable d’obtenir
la vitesse radiale de l’interface, en d’autres termes la dynamique d’évaporation.

Nous verrons par la suite que cette séparation entre proche et loin de l’interface aura
aussi des conséquences sur les termes retenus dans l’expression du potentiel chimique µ.
Par exemple, loin de l’interface, on peut considérer que le potentiel chimique est donné
par l’expression suivante :

µ = V ′′k φ̄+ ρegz (B.7)

En effet le terme en ∇2φ n’est significatif que proche de l’interface et on peut développer le
terme de potentiel autour de la valeur à l’équilibre φk 1. Nous verrons que cette séparation
dans les descriptions impliquera en particulier que le champ φ est régis par des effets de
courbures proche de l’interface et par des effets gravitationnels loin de l’interface.

On notera aussi qu’avec la proximité du point critique, on supposera que les viscosités
des deux phases sont égales et par conséquent il en sera de même pour les constantes de
diffusion :

η2 = η1 −→ D2 = D1 (B.8)

1. On rappelle que V ′(φk) = 0.
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B.1. Régime statique

Au cours de cette partie, nous allons décrire dans un premier temps le cas statique en
l’absence de goutte. Celui-ci nous permettra ainsi d’obtenir les conditions à l’infini de l’ex-
pression du champ φ lors de l’évaporation et de la remontée de la goutte 2. Puis nous allons
donner l’expression du champ φ et de l’écoulement u en approximation quasi-statique, ce
qui nous permettra d’écrire l’équation du mouvement de l’interface et d’en déduire la
dynamique d’évaporation.

Figure B.1 – Schéma d’une goutte composée de la phase 2 immergée dans un volume
semi-infini composé de la phase 1 à l’équilibre avec un second volume de phase 2.

B.1 Régime statique

Considérons d’abord la situation statique, c’est à dire l’absence de gouttes. On est
ainsi en présence d’un système composé de deux phases 1 et 2 séparés par une interface
horizontale avec la phase 2 située au dessus de la phase 1.

On se place dans l’approximation de l’interface fine, i.e. que la variation locale de
concentration décrivant l’interface est confinée sur une distance de quelques ξ. De cette
manière, dès que l’on considérera des distances et tailles caractéristiques grandes devant ξ,
la valeur du paramètre d’ordre φ sera considérée comme proche de sa valeur à l’équilibre
φk, k = 1, 2.

Comme dit précédemment, on décomposera systématiquement la description des di-
vers quantités présentes dans le système entre un comportement à l’interface et un com-
portement loin de l’interface. Dans le premier cas, seule la concentration est supposée
variée significativement sur l’épaisseur de l’interface et les autres quantités sont supposées
constantes et, dans le second cas, les variations de concentration seront supposées faibles
devant sa valeur à l’équilibre.

Plaçons nous en régime statique, l’interface étant plane on peut écrire que le potentiel
chimique µ = 0 et comme on est proche de l’interface, on peut aussi considérer que z = 0.
On obtient ainsi :

κ
∂2φ

∂z2 = V ′(φ) + ρegh (B.9)

On retrouve l’équation du mouvement d’une masse ponctuelle se déplaçant dans une
potentiel effectif V (φ) + ρeghφ avec z le "temps". On cherche une solution telle que φ soit

2. Les conditions à l’interface seront données au moyen de l’hypothèse de l’interface fine.
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constant quand z −→ ±∞, toujours dans l’approximation de l’interface fine c’est à dire
pour z � ξ mais toujours suffisamment proche de l’interface pour considérer z ∼ 0.

En multipliant (B.9) par ∂φ/∂z puis en intégrant sur z, on en déduit que le potentiel
a deux extrema et que ceux-ci sont égaux, la valeur de h étant alors fixée :

∆V + ρegh∆φ =
[
κ

2

(
∂φ

∂z

)2]+∞

−∞
= 0 (B.10)

avec ∆V = V1 − V2 = V (φ1)− V (φ2) et ∆φ = φ1 − φ2 les valeurs du champ à l’équilibre
loin de l’interface. Comme le potentiel effectif est extremal pour les valeurs du champ à
l’équilibre, on a en plus :

ρegh = −∆V
∆φ = −V ′(φ1) = −V ′(φ2) (B.11)

Le potentiel V (φ)+ρeghφ a donc deux minima symétriques situés aux valeurs du champ à
l’équilibre φ1 et φ2 et le problème se ramène à la situation présentée section 5.1 à laquelle
on aurait rajouté un terme gravitationnel ρeghφ.

La tension de surface, i.e l’excès d’énergie par unité de surface dû à la présence de
l’interface s’écrit bien comme précédemment :

γ =
∫ +∞

−∞
dz κ

(
∂φ

∂z

)2
(B.12)

=
∫ +∞

−∞
dz

{
κ

2

(
∂φ

∂z

)2
+ V (φ)− Vk − ρegh(φ− φk))

}

=
∫ φ1

φ2
dφ 2 (V (φ)− Vk − ρegh(φ− φk)) , k = 1, 2

en se rappelant que V1 + ρeghφ1 = V2 + ρeghφ2 où Vk = V (φk), k = 1, 2.

On écrit φ = φk + φ̄ dans chaque phase k avec φ̄ � φk. On peut alors développer à
l’ordre le plus bas en φ̄ l’équation (B.2) :

− κ∂
2φ

∂z2 + V ′′k φ̄− ρegz = 0 (B.13)

où on note V ′′k =
(
∂2V/∂φ2) (φk).

Loin de l’interface, on peut alors négliger le terme de dérivée seconde en z puisque
celui-ci implique des distances caractéristiques grandes devant ξ. On en déduit la solution
de cette équation :

φ̄ = χTρegz (B.14)

avec χT = ∂φ/∂µ = 1/V ′′k . Cette expression (B.14) décrit la (petite) augmentation de la
concentration en micelles due à la gravité au fur et à mesure que l’altitude diminue (on
rappelle que z est orienté selon g).

B.2 Expression du champ en approximation quasi-statique

Considérons un système composé d’une goutte sphérique de la phase 2 immergée dans
un volume semi-infini de la phase 1, ce volume ayant une interface horizontale avec un
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B.2. Expression du champ en approximation quasi-statique

second volume semi-infini composé de la phase 2 et situé au dessus du premier volume
(voir schéma B.1).

On se place désormais dans l’approximation quasi-statique, c’est à dire que le champ
φ relaxe par diffusion sur un temps caractéristique très court devant le temps de variation
typique de l’interface. En d’autres termes, en notant τD = R2/D le temps typique de
relaxation par diffusion du champ φ avec D la constante de diffusion, ceci équivaut à dire
que :

τD �
R

Ṙ
−→ ṘτD

R
= ṘR

D
� 1 (B.15)

Ainsi on remarque que cette condition est analogue à la condition de faible nombre de
Peclet avec Ṙ comme vitesse caractéristique et on peut alors écrire que le champ φ vérifie,
loin de l’interface, l’équation de Laplace :

∇2φ = 0 (B.16)

On cherche désormais à construire les conditions limites.
A l’infini, on suppose que le champ φ se comporte comme en régime statique :

φ(r →∞) = χTρegz (B.17)

où r est la distance radiale au centre de la goutte.
A l’interface, on considère le potentiel chimique :

µ = V ′(φ)− κ∇2φ+ ρeg(h− z) (B.18)

où s est la coordonnée normale à l’interface et C = ∇ŝ est la courbure locale à l’interface.
Proche de l’interface, on décompose la courbure de la manière suivante :

∇2φ = ∂2φ

∂s2 + C
∂φ

∂s
(B.19)

avec φ étant approximativement égale à la valeur à l’interface donnée par l’équation (B.9)
(approximation de l’interface fine).

Le potentiel chimique étant supposé continu à l’interface, il suffit de multiplier par
∂φ/∂s et d’intégrer selon s de la phase 2 à l’intérieur de la goutte vers la phase 1 à
l’extérieur de la goutte pour obtenir :∫ +∞

−∞
µ
∂φ

∂s
ds =

∫ φ1

φ2
µdφ = µS∆φ (B.20)

où l’indice S permet d’indiquer les valeurs prises à l’interface. De la même façon, on
obtient : ∫ φ1

φ2
V ′(φ)dφ+

∫ φ1

φ2
ρeg(h− z)dφ = −∆φρegzS (B.21)

en utilisant l’équation (B.10). Le dernier terme nous permet alors de construire le terme
de courbure de type Gibbs-Thomson :

∫ +∞

−∞
κ

(
∂2φ

∂s2 + C
∂φ

∂s

)
∂φ

∂s
ds =

[
κ

2

(
∂φ

∂s

)2]+∞

−∞
+ CS

∫ +∞

−∞
κ

(
∂φ

∂s

)2
ds = CSγ (B.22)

toujours en utilisant l’équation (B.10) et en rappelant la définition de la tension interfaciale
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(B.12).
On en déduit alors l’expression du potentiel chimique à l’interface :

µS = −CSγ∆φ − ρegzS (B.23)

En l’absence de gravité, on retrouve bien la relation de Gibbs-Thomson pour une interface
courbée, pour une sphère de rayon R on aura CS = 2/R.

On rappelle désormais que l’expression du potentiel chimique loin de l’interface est
donnée à l’ordre le plus bas en φ̄ = φ− φk par :

µ = 1
χT

φ̄− ρegz (B.24)

En identifiant les deux dernières relations (B.23) et (B.24), on peut ainsi construire une
condition limite pour l’expression du champ φ :

φ̄S = −2χTγ
∆φR (B.25)

On retrouve bien que le comportement du champ φ est complètement régis à l’interface
par des effets de courbure et à l’infini par des effets gravitationnels (B.14).

Nous pouvons alors résoudre l’équation de Laplace (B.16) pour en déduire une expres-
sion du champ φ̄ = φ− φk, k = 1, 2, en approximation quasi-statique et loin de l’interface
qui satisfait aux conditions limites :

φ̄(r, θ) =


−2χTγ

∆φR , r < R− ξ

−2χTγ
∆φr + χTρeg

[
zG

(
1− R

r

)
− rcos(θ)

(
1− R3

r3

)]
, r > R+ ξ

(B.26)

où zG = z+ rcos(θ) est l’altitude du centre de la goutte, CS = 2/R pour une sphère et en
se rappelant que cette expression n’est plus valide à l’interface.

B.3 Expression de l’écoulement en approximation quasi-statique

On va alors en déduire le profil de l’écoulement au travers l’interface. Pour cela, on
considère une pression effective p̃ = p+ µφ de sorte à réécrire l’équation de Stokes :

η∇2u = ∇p̃− µ∇φ (B.27)

On peut alors remarquer que loin de l’interface µ et ∇φ sont tous deux de premier ordre
en φ̄. On peut alors ne considérer le terme µ∇φ qu’à l’interface :

µ∇φ ' −µSδS∆φ ŝ (B.28)

où δS est la fonction de Dirac égale à 1 à l’interface (dans l’approximation de l’interface
fine) et 0 ailleurs et ŝ est le vecteur unitaire normal à l’interface. L’écoulement dans le
système est donc essentiellement gouverné par la valeur du potentiel chimique à l’interface
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et est donné par :
η∇2u = ∇p̃+ µS∆φδS ŝ (B.29)

Cette équation se réduit à une équation de Stokes au sein de la phase avec un terme de
pression comportant une composante osmotique µφ. L’écoulement est ainsi complètement
fixé par la valeur du potentiel chimique à l’interface.

La forme de l’expression (B.29) nous invite alors à l’utilisation d’une méthode de Green.
La solution pour un liquide incompressible est donnée par l’expression suivante :

u(x) = −
∫
dx′T(x− x′) · µ(x′)∆φδS(x′)ŝ (B.30)

où T est le tenseur d’Oseen défini par :

T (r) = 1
8πη|x|

(
I + xx

x2

)
(B.31)

avec I la matrice identité et x le vecteur position. On notera aussi que le champ de vitesses
u est supposé nul à l’infini.

En notant x(r, θ) le vecteur position, on réécrit la solution en géométrie sphérique :

u(r, θ) = −2πR2
∫
dθ′sin(θ′) T

(
x(r, θ)− x′(R, θ′)

) [
−2γ
R

+ ∆ρgRcos(θ′)
]

(B.32)

où ∆ρ = ρe∆φ et avec r, θ les coordonnées sphériques en prenant le centre de la goutte
comme origine. Cette intégrale peut être résolue explicitement et donne comme solution
en prenant u→ 0 quand r →∞ :

u = ur(r, θ)êr + uθ(r, θ)êθ (B.33)

ur(r, θ) = 1
15

∆ρg
η

R2cos(θ)


[
4 +

(
1− (r/R)2

)]
, r < R[

4− 5
(
1− (r/R)2

)]/
(r/R)3 , r > R

(B.34)

uθ(r, θ) = 1
15

∆ρg
η

R2sin(θ)


[
−3− 2

(
1− (r/R)2

)]
, r < R[

−3 + 5
2

(
1− (r/R)2

)]/
(r/R)3 , r > R

(B.35)

On remarque que loin de la goutte (pour r � R), la goutte se comporte comme un point
source avec un champ de vitesse se comportant en 1/r. Plus généralement, on retrouve le
champ de vitesse formé par la remontée d’une goutte par poussée d’Archimède d’un fluide
de viscosité η dans un autre fluide de même viscosité.

On en déduit finalement que le champ de vitesse à l’interface est donné par :

u(R, θ) = 1
15

∆ρg
η

R2 (4cos(θ)êr − 3sin(θ)êθ) (B.36)
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B.4 Equation du mouvement de l’interface
On a finalement obtenu l’expression du champ φ et de u à l’interface. Il ne reste plus

qu’à identifier les différents termes dans l’équation (B.6). Le flux de diffusion est donné
par :

j = −λ∇µ = −D∇φ+ λρegẑ (B.37)

Où D = λ/χT est la constante de diffusion. On en déduit alors dans un premier temps le
flux de diffusion net au travers de l’interface :

j1 − j2 = D
∂φ2
∂r

∣∣∣∣
r=R
− D

∂φ1
∂r

∣∣∣∣
r=R

= −DχT
[ 2γ

∆φR2 + ρegzG
R
− 3ρegcos(θ)

]
(B.38)

puis le flux dû à l’écoulement du fluide au travers l’interface :

ur = 4
15

∆ρg
η

R2cos(θ) (B.39)

Finalement en remarquant que la vitesse radiale à l’interface est une superposition
d’une dynamique spécifique de l’interface Ṙêr et de la projection de la remontée de la
goutte żGêz (avec êz dans le sens de g) :

vr = Ṙ− żGcos(θ) (B.40)

On en déduit l’expression suivante :

Ṙ− żGcos(θ) = 4
15

∆ρg
η

R2cos(θ)− DχT
∆φ

[ 2γ
∆φR2 + ρegzG

R
− 3ρegcos(θ)

]
(B.41)

Il nous suffit d’identifier les termes en cos(θ) comme correspondants à la vitesse de remon-
tée et ceux à symétrie sphérique comme donnant la dynamique spécifique du rayon de la
goutte :

żG = − 4
15

∆ρg
η

R2 − 3K0
L2
C

(B.42)

Ṙ = −2K0
R2

(
1 + zGR

2L2
C

)
(B.43)

où K0 = χTDγ/∆φ2 et L2
C = γ/∆ρg. Ces deux équations couplées décrivent alors totale-

ment la dynamique du système.

On retrouve dans l’équation (B.42) une vitesse constante résultante du contraste de
flux de diffusion entre le haut et le bas de la goutte et la vitesse de remontée d’Hadamard
vHad pour un fluide remontant par poussée d’archimède dans un fluide de même viscosité,
déduite généralement du principe d’inertie :

5πηRvHad = 4
3π∆ρgR3 (B.44)

L’équation (B.43) donnant Ṙ est quant à elle composée d’un terme fixé par la variation
de potentiel chimique due aux effets de courbures locaux que l’on a déjà vu section 5.1.4.
Et se trouve ajouté un second terme qui est une conséquence de l’adaptation du flux
de diffusion aux conditions limites, i.e. à la fois aux effets de courbures sur le champ à
l’interface et aux gradients de concentrations induits par la gravité à l’infini.
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