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Constantes physiques

Constante des gaz parfaits R = 8.3144621 J.mol−1.K−1

Nombre d’Avogadro NA = 6.02214129(27)× 1023 mol−1

Constante de Boltzmann kB = R/NA = 1.380658(12)× 10−23 J.K−1

Constante de Planck h = 6.62606957× 10−34 J.s
Constante de Planck réduite ~ = h/(2π) = 1.054571628× 10−34 J.s
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Introduction générale

L’étude des transitions de phase est une branche des sciences les plus riches et l’une
des plus largement explorée tant du point de vue fondamentale qu’applicatif, en par-
ticulier dans le domaine de la physique et de la chimie du solide. Ces transformations
de phase constituent la rencontre entre la physique non-linéaire et les objets contenant
un grand nombre de degrés de liberté et des symétries de l’espace, du temps et des
phénomènes observés dans la Nature. Une transition de phase peut être vue comme un
changement brutal des propriétés physiques d’un système macroscopique du fait d’une
variation infime d’un paramètre de contrôle externe (température, pression, champ
électromagnétique, etc...). La mesure d’une quantité physique mesurable macrosco-
pique et pertinente, appelée observable physique, peut être très différente selon les
valeurs prises par le champ de contrôle externe et parfois même selon le déroulement
chronologique du processus de mesure (effet mémoire). L’intérêt pour les transitions de
phase par les scientifiques et les ingénieurs est évident : les modifications des proprié-
tés physico-chimiques sont remarquables (mise en place d’un ordre structural à grande
distance, apparition d’une aimantation ou d’une polarisation spontanée, suppression
brutale de la résistivité d’un métal, anisotropie des propriétés physiques, apparition de
nouvelles topologies de la matière...) et il est possible de les contrôler de l’extérieur. La
thermodynamique axiomatique ainsi que la physique statistique ont permis de donner
un cadre théorique aux transitions de phase, une transition de phase n’apparaît que
pour des systèmes macroscopiques, typiquement pour des objets contenant un nombre
d’entités élémentaires de l’ordre du nombre d’Avogadro. Théoriquement, les transfor-
mations de phase n’existent que dans la limite thermodynamique (le nombre de degrés
de liberté ainsi que le volume sont infinis, leur rapport reste constant). Cette condi-
tion plus que restrictive peut apparaître comme frustrante. En effet, un intérêt majeur
réside dans l’utilisation et le contrôle de ces changements spectaculaires des proprié-
tés physico-chimiques pour des applications sociétales. L’élaboration de ces nouveaux
dispositifs passe par leur miniaturisation jusqu’à des échelles nanométriques. Il est
légitime de se poser les questions suivantes : même si stricto sensu il n’y a plus de
transition de phase au sens mathématique du terme pour des objets de taille finie,
peut-on espérer conserver certaines de leurs caractéristiques d’intérêt et pourra-t-on
toujours les contrôler à très petite échelle ? D’autre part, les objets de taille nano-
métrique peuvent être de trop faibles dimensions pour que la thermodynamique soit
encore valide et pertinente, et sont très souvent encore trop grands pour que la théorie
qui décrit les mécanismes physico-chimiques se déroulant à l’échelle atomique, la phy-
sique quantique, ne s’applique. Est-il nécessaire de développer un nouveau formalisme
ou d’adapter les théories existantes ? Peut-on voir émerger de nouvelles propriétés phy-
siques dans les nano-objets ?
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Introduction générale

C’est dans ces problématiques très générales que s’inscrit l’étude des propriétés de
commutation des nanomatériaux moléculaires et polymériques. En effet, ces maté-
riaux sont faits de briques élémentaires actives (molécules ou monomères) qui peuvent
être obtenues par synthèses issues de la chimie de coordination en modulant la na-
ture des ligands autour d’un cation métallique. Elle permet d’envisager la fabrication
de systèmes physico-chimiques possédant des propriétés de commutation davantage
contrôlables. Les matériaux à transition de spin (SCO) appartiennent à cette grande
famille de matériaux multifonctionnels. Les complexes à transition de spin peuvent
commuter de manière réversible d’un état haut spin (HS) vers un état bas spin (BS)
par un changement de température et pression ou l’application de champs électriques
ou magnétiques, une irradiation lumineuse, l’absorption de molécules invitées... À l’état
solide, les propriétés de commutation deviennent plus riches et des transitions de spin
abruptes avec effet mémoire impliquant l’émission et l’absorption d’une chaleur latente
peut être observée. Ces transitions du premier ordre et le phénomène de bistabilité ont
pour origine les mécanismes d’interactions intermoléculaires d’origine élastique exis-
tants dans l’empilement cristallin du fait de la différence de volume (et de forme) entre
les deux états moléculaires. La réorganisation électronique liée à la transition de spin
s’accompagne d’une pléthore de changements de propriétés physiques (magnétiques,
optiques, structurale, mécaniques. . . ). On comprend aisément que les matériaux à
transition de spin constituent de solides candidats pour de futures applications so-
ciétales, telles que des appareils de stockage et de traitement de l’information, des
dispositifs photoniques ou spintroniques, des capteurs de gaz, actuateurs (transfor-
mation d’énergie thermique en mouvement) ou encore comme récupérateur d’énergie
[1].

Depuis les années 2000, sous l’impulsion de la communauté scientifique, une intense
activité de recherche a été dédiée à la synthèse, l’élaboration et la délicate caracté-
risation de nano-objets tels que des nanoparticules, des films minces, des nanostruc-
tures... [2, 3]. On peut constater qu’une certaine maturité est atteinte dans ce domaine,
puisque les chimistes et physico-chimistes de la communauté sont désormais capables
de concevoir des nano-objets sophistiqués et des architectures complexes, tels que des
nanoparticules cœur-coquille [4, 5, 7, 6, 8], des films multicouches [9, 10], des particules
à transition de spin fluorescentes [11], des particules hybrides pour la plasmonique ainsi
que des matériaux composites [12]. Une question essentielle concerne le devenir des
propriétés de commutation lorsque la taille des matériaux à transition de spin atteint
l’échelle du nanomètre. Il est bien connu maintenant que les matériaux de taille na-
nométrique se comportent différemment de leur homologue massif. Ceci provient de
l’augmentation du rapport surface sur volume et de la diminution de la quantité de
matière inclue dans le nano-objet. Dans les matériaux à transition de spin présen-
tant une transition du type premier ordre, la diminution de la taille peut affecter les
phénomènes de bistabilité et la stabilité des phases. Il est alors possible d’observer
la disparition progressive du cycle d’hystérésis et d’assister à un changement de la
température de transition et d’observer la présence de transitions incomplètes [13].
Cependant, la conservation du phénomène de bistabilité a été constatée dans de très
petites nanoparticules (≤ 4nm) ayant crû dans une matrice rigide [14]. La diminution
de la température de transition avec la diminution de taille semble être l’observation la
plus fréquente, mais une augmentation de la température de transition a été observée
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dans certains films minces [10]. Il est nécessaire de contrôler ces effets de réduction de
taille si l’on souhaite intégrer ces nano-objets dans des dispositifs. Ce contrôle passe
par la compréhension du processus de transformation de phase et des mécanismes
physiques sous-jacents reliés à la réduction de la taille. Les études théoriques et expé-
rimentales ont indiqué l’importance des effets des propriétés de surface, de la nature
des interfaces ainsi que l’impact de l’environnement extérieur sur la transition de spin
à l’échelle nanométrique. En particulier, différents effets de surface ont été analysés
avec des approches issues de la physique statistique utilisant des modèles du type
Ising ou des modèles à réseau déformables (système masse-ressort) considérant des
conditions de bords libres ou spécifiques et des propriétés cristallographiques particu-
lières [15, 16]. Par la suite, la modélisation de nanoparticules cœur-coquilles avec des
modèles de type Ising compressibles ont démontré que la température de transition
pouvait être contrôlée en jouant sur la différence de propriétés mécaniques et/ou le
désaccord structural entre les cœurs et la coquille (ou la matrice et la nanoparticule)
[17, 18]. Ces études théoriques ont permis d’explorer en profondeur le diagramme de
phase des modèles couramment employés pour simuler les différents phénomènes ob-
servés dans les matériaux à transition de spin. Cette exploration des diagrammes de
phase de ces modèles montre que des comportements complexes peuvent se produire
dans les nano-objets présentant une interface (transition en deux étapes, phase réen-
trante...) qui n’ont pas été observés expérimentalement pour le moment. Cependant,
il n’est pas certain qu’ils soient détectés car ces descriptions théoriques à l’échelle de
la liaison souffrent d’un défaut majeur : leurs paramètres sont peu ou difficilement re-
liables avec des quantités physiques mesurables. Le diagramme de phase théorique est
vaste, mais peut être que la partie réellement accessible de ce diagramme est beaucoup
plus restreinte. Par exemple, il est à l’heure actuelle impossible de prédire dans quelle
mesure, il sera possible de contrôler la température de transition d’un nanomatériau à
transition de spin en modulant les propriétés élastiques d’interface, car la résistance des
nanoparticules cœur-coquille ou la cohérence des interfaces dans les films multicouches
sont largement gouvernées par le phénomène d’impédance acoustique. Deux constats
se dégagent de ces études théoriques. Premièrement, il est nécessaire de connaître
à la fois les propriétés mécaniques et vibrationnelles des matériaux à transition de
spin ainsi que leur dépendance à taille. Deuxièmement, il est indispensable d’opter
pour une approche quantitative des effets de surface et d’interface et donc de reve-
nir à une description thermodynamique et mésoscopique dans laquelle les paramètres
sont des observables physiques. L’étude de la dynamique de réseau par des mesures
de diffusion inélastique nucléaire a permis d’extraire les modules élastiques ainsi que
les grandeurs thermodynamiques vibrationnelles. De manière notable, les expériences
NIS effectuées sur des nanoparticules de coordination à transition de spin et les ana-
logues de bleu de Prusse ont montré que la diminution de la taille conduisait à une
augmentation de l’entropie et de la vitesse du son tandis que l’énergie interne restait
constante [19, 20]. La modélisation de la dynamique de réseau par des méthodes de
dynamique moléculaire apparaît comme pertinente, mais malheureusement, il n’a pas
été possible de reproduire les observations expérimentales. D’un autre côté, un modèle
nanothermodynamique et des approches basées sur la mécanique des milieux continus
ont été développées pour exprimer les contributions de surface en fonction de quantités
physiques mesurables, mais certains paramètres demeurent trop phénoménologiques.
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L’objectif de cette thèse est donc de poursuivre la modélisation de la dynamique de
réseau et sa dépendance en taille des matériaux à transition de spin et d’adapter une
méthodologie numérique/théorique pour caractériser de manière quantitative les effets
de surface. Le manuscrit est organisé de la manière suivante :

1. Le premier chapitre est une introduction dans laquelle nous aborderons le phé-
nomène de la transition de spin à l’échelle moléculaire du point de vue de la
théorie du champ de ligands. Ensuite, nous introduirons les phénomènes coopé-
ratifs dans les solides ainsi que les théories permettant de les décrire. Enfin,
nous présenterons les différents travaux portant sur l’élaboration des nanoma-
tériaux à transition de spin et les effets de la réduction de taille sur les quantités
physico-chimiques ainsi que les différents modèles qui ont été introduits pour
prédire ces effets.

2. Le deuxième chapitre sera consacré à la construction d’un nouveau champ de
force afin de pouvoir simuler la dynamique de réseau de matériaux à transi-
tion de spin par des méthodes de dynamique moléculaire. La simulation de la
dépendance en taille de la densité d’états vibrationnels ainsi que des quanti-
tés mécaniques et thermomécaniques sera discutée et les résultats numériques
seront confrontés aux données expérimentales existantes. La dynamique de ré-
seau sera également abordée par la méthode de la matrice dynamique, qui nous
permettra de conforter certaines hypothèses initiales et accéder à la relation de
dispersion des nanomatériaux à transition de spin.

3. Le dernier chapitre sera consacré à l’analyse quantitative des énergies et des
contraintes de surfaces par la méthode de dynamique moléculaire. Nous répon-
drons à cette question en exposant tout d’abord les théories qui constituent la
base des calculs numériques de ces quantités de surface. Ensuite, nous discu-
terons des valeurs d’énergies et des contraintes de surfaces en les comparant
avec des études théoriques précédentes. En développant un modèle thermody-
namique prenant en compte les effets de surface/interface, nous analyserons
l’impact de ces effets sur la stabilité des phases des nano-matériaux à transition
de spin.

4. Finalement, une conclusion générale résumera les résultats principaux et don-
nera quelques perspectives à ce travail.
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Chapitre I

Introduction

I.1 Historique
C’est en 1931, et pour la première fois, que Cambi et al. remarquèrent un com-

portement magnétique "anormal" dans une série de composés de Fe(III) à base de
ligand dithiocarbamate [22]. Presque trente ans plus tard, ce phénomène, attribué à
une conversion de spin de certains complexes de coordination, fut observé par Baker
et Bobonich pour l’ion métallique Fe(II) dans le composé Fe(phen)2(NCS)2 à l’état
solide [23]. La même année, Ewald et al. en s’appuyant sur la théorie de champ de
ligands, suggérèrent qu’un "croisement" de spin est possible lorsque l’énergie du champ
de ligand est du même ordre de grandeur que l’énergie d’appariement des électrons
des orbitales 3d du centre métallique [24]. Le phénomène de conversion de spin a été
observé dans les complexes possédant des centres métalliques de configuration électro-
nique 3d4 − 3d7, tels que les ions Fe(III) [25, 26, 28, 27, 29], Mn(II) [38, 39], Mn(III)
[40, 41], Co(II)[29, 32, 33, 34], Co(III) [35, 36, 37], Cr(II) [42, 43], et finalement l’ion
le plus étudié à ce jour Fe(II).

I.2 Théorie de champ cristallin et de champ de li-
gands

I.2.1 Exemple du Fe(II)
La théorie de champ cristallin offre la possibilité de comprendre le phénomène de

la conversion de spin, tout en se basant sur des modèles qualitatifs basés sur des consi-
dérations d’électrostatiques. Ces travaux soulignent l’importance de la symétrie des
ligands entourant les centres métalliques. Le spectre en énergie des orbitales 3d d’un
centre métallique, l’ion Fe(II) par exemple, dépend de la symétrie des ligands (voir
Fig.I.1). En effet, les niveaux d’énergies d’un ion libre sont dégénérés. De même, la
présence d’un potentiel électrostatique à symétrie sphérique a pour effet de décaler de
manière globale le spectre en énergie d’une valeur ∆E sans induire de levée de dégé-
nérescence, car aucune orbitale n’est favorisée ou défavorisée par rapport à une autre
par un tel potentiel Esph = Elib +∆E, où Elib est l’énergie des niveaux de l’ion libre ou
isolé. Dans les complexes à transition de spin, les centres métalliques sont coordinés
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Figure I.1 – Influence de la symétrie du champ cristallin sur les niveaux d’énergies
du cation métallique.

Figure I.2 – Configurations électroniques de l’état bas spin (BS) et de l’état haut
spin (HS) pour un ion Fe(II) plongé dans un champ de ligand à symétrie octaédrique.
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par six ligands formant une cage octaédrique, cette dernière abaisse la symétrie du
cation et entraine une levée partielle de dégénérescence où les orbitales dxy, dyz, dzx
sont favorisées au détriment des orbitales dz2 et dx2−y2 . Les niveaux d’énergies anti-
liantes (de hautes énergies) et non-liantes (de plus basse énergie) sont respectivement
la base pour les représentation irréductibles eg et t2g, leur énergie valant respective-
ment Et2g = Esph − 2

5∆0 et Eeg = Esph + 3
5∆0, où ∆0 est la différence d’énergie entre

les niveaux non-liantes et anti-liantes. Cet écart vaut 10Dq, où Dq est un paramètre
de force du champ cristallin, qui dépend de la nature du ligand et de l’ion métallique.
Si ∆0 est plus petit que l’énergie d’appariement des électrons (champ cristallin faible),
l’occupation des orbitales est alors déterminée par la règle de Hund qui stipule que
les électrons occupent un maximum d’orbitales conduisant à un moment de spin to-
tal S=2 dans le cas de l’ion Fe(II) (Fig.I.2). Cet état paramagnétique se nomme l’état
haut-spin (HS) ou 5T2g en terme spectroscopique. Au contraire, dans le cas d’un champ
cristallin fort, les électrons minimisent leurs énergies et occupent les niveaux les plus
bas, violant ainsi la règle de Hund. Cet état diamagnétique de spin électronique S=0
se nomme l’état bas-spin (BS) ou 1A1g en terme spectroscopique.

Figure I.3 – Diagramme de Tanabe-Sugano représentant les énergies des états électro-
niques, notamment 5T2 et 1A1, en fonction de l’énergie du champ de ligands normalisée
par le paramètre de Racah (B), pour un ion métallique de configuration électronique d6

sur lequel un champ de ligands de symétrie octaédrique est appliqué [31]. Au dessous
d’un champ critique de ligands ∆crit, l’énergie de l’état électronique 5T2 est inférieure
à l’énergie de 1A1, l’état le plus stable est alors l’état HS, au dessus ∆crit, c’est l’état
BS qui devient l’état fondamental.
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La théorie du champ cristallin donne une vision relativement simple et pratique de
la conversion de spin, et explique d’une manière qualitative la levée de dégénérescence
des niveaux électroniques. Cependant, cette théorie, basée sur des modèles électro-
statiques, ne peut s’appliquer qu’au cas de ligands chargés. Pour mieux prendre en
compte le cas des ligands non chargés, en particulier, les liaisons covalentes faibles de
type σ et π entre le métal et les ligands, il est nécessaire d’utiliser la théorie du champ
de ligands. Cette approche plus générale donne des résultats similaires à ceux trouvés
par la théorie de champ cristallin [67].

Le diagramme de Tanabe-Sugano représente l’énergie des termes spectroscopiques
d’un ion d6 dans une cage octaédrique des ligands, correspondant aux niveaux fonda-
mentaux et excités en fonction de l’intensité du champ de ligands. Lorsque le champ
de ligand est égale à zéro, l’état fondamentale de l’ion métallique selon la règle de
Hund est 5D. L’application d’un champ de ligand sépare l’état 5D en deux états, 5T2g
et 1A1g. Au dessous d’un champ de ligands ∆crit, l’état fondamental est 5T2g (état HS),
tandis que l’état 1A1g est l’état excité. Au delà de cette valeur critique, l’état 1A1g (état
BS) devient l’état le plus stable et 5T2g sera l’état excité. Le phénomène de conversion
de spin est alors possible autour de cette valeur critique du champ de ligands.

I.2.2 Diagramme configurationnel

La transition de spin de l’état bas spin (BS) à l’état haut spin (HS), implique une
augmentation de la distance Fer-ligands. Il s’agit d’une occupation des orbitales anti-
liantes eg par deux des six électrons de la couche d dans l’état HS, provoquant une
répulsion des ligands et ainsi une augmentation de volume de la molécule. Dans le cas
d’un octaèdre FeN6, les longueurs des liaisons Fer-ligands valent approximativement
rBS = 1.95−2.00 Å dans l’état bas spin et rHS = 2.12−2.18 Å dans l’état haut spin. Les
deux états moléculaires peuvent être représentés dans un diagramme configurationnel,
comme illustré sur la figure I.4, par deux puits de potentiels adiabatiques décalés d’une
distance ∆rHB ≈ 0.2 Å, correspondant à la différence de distance Fer-ligands entre les
deux états de spin [67]. De plus, les concavités des deux puits sont différentes, ce qui
est principalement attribué à un changement des fréquences de vibration de l’octaèdre
lors de la transition de spin. Selon l’axe d’énergie E, les minima d’énergies des deux
puits sont décalés d’une valeur ∆E0

HB = E0
HS−E0

BS, où E0
i (i=HS ou BS) est l’énergie

du niveau de point zéro, égale à la somme des énergies électronique et vibrationnelle
à température nulle :

E0
i = Eel

i + Evib
i (T = 0K). (I.1)

Sauf quelques exceptions [88, 89, 90], l’énergie du point zéro de l’état BS est in-
férieure à celle de l’état HS, l’état fondamental est alors l’état BS à T = 0 K. Pour
passer de l’état BS à l’état HS, il est nécessaire que la barrière d’énergie ∆E0

HB soit du
même ordre de grandeur qu’un stimulus externe de l’ordre de kBT . A température non
nulle, le potentiel thermodynamique à minimiser est l’enthalpie libre Gi = Hi − TSi
que nous allons détailler dans la section suivante.
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Figure I.4 – Diagramme configurationnel représentant l’énergie des deux états de
spin d’un ion Fe(II) en fonction de la distance Fer-ligands. L’énergie de chacun des
deux états prend la forme d’un puits de potentiel harmonique quadratique dans l’ap-
proximation adiabatique et d’un mode moyen unique (T = 0 K).

I.2.3 Thermodynamique de la transition de spin
On considère tout d’abord le cas d’un système dilué, i.e. d’un système constitué

d’un grand nombre de molécules qui interagissent faiblement entre elles 1. Ce système
est en contact avec un bain thermique et un barostat correspondant à l’ensemble
de Gibbs (T , P , N). Le potentiel thermodynamique pertinent à minimiser est alors
l’enthalpie libre. La variation de cette quantité peut s’écrire sous la forme :

∆G = GHS −GBS = ∆H − T∆S; (I.2)

où H est l’enthalpie, T la température, S l’entropie du système, ∆S = SHS − SBS et
∆H = HHS − HBS. La température d’équilibre entre les deux phases est déterminée
lorsqu’il y a autant de molécules BS que de molécules HS, c’est-à-dire pour ∆G = 0 :

Teq = ∆H
∆S . (I.3)

1. On négligera donc dans un premier temps le terme qui prend en compte les interactions inter-
moléculaires dans l’approche thermodynamique. Il faut cependant garder à l’esprit qu’en réalité, pour
que le système rejoigne l’équilibre thermodynamique, il faut que les entités élémentaires qui consti-
tuent le système microscopique échangent de l’énergie. Ces problèmes conceptuels sont récurrents et
bien connus dans les modèles idéalisés (gaz parfait, oscillateurs harmoniques indépendants etc...).
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Grâce à l’équation précédente, nous pouvons discuter de la stabilité des phases des
systèmes dilués à transition de spin :
(1) Quand la température est inférieure à la température d’équilibre des deux phases,
T < Teq, donc ∆H > T∆S, le terme enthalpique est dominant et l’état le plus stable
est l’état BS (GBS < GHS).
(2) Quand la température est supérieure à la température d’équilibre des deux phases,
T > Teq, donc ∆H < T∆S, le terme entropique est dominant et l’état le plus stable
est l’état HS (GHS < GBS).
(3) Quand la température est égale à la température d’équilibre des deux phases,
T = Teq, les termes enthalpique et entropique sont égaux (∆H = T∆S) et les deux
phases sont présentes dans le système en même proportion.

D’après cette approche, il est clair que l’entropie peut être vue comme le moteur de
la transition de spin thermo-induite en favorisant l’état HS. Pour donner une meilleure
compréhension de la stabilité des phases des matériaux à transition de spin, il est indis-
pensable de détailler les contributions contenues dans chaque terme apparaissant dans
l’expression de la température d’équilibre Teq. Le terme enthalpique est généralement
la somme des contributions électroniques et vibrationnelles [91], et peut s’écrire de la
manière suivante :

∆H = ∆Hvib + ∆Hel ; (I.4)

La contribution électronique à l’enthalpie est souvent dominante, donc ∆H ≈ ∆Hel.
De même, l’entropie se décompose en plusieurs termes de la manière suivante :

∆S = ∆Sel + ∆Svib + ∆Strans + ∆Srot + ∆Sconf ; (I.5)

L’entropie de translation ∆Strans, et de rotation ∆Srot, sont négligeables dans la plupart
des composés à transition de spin, car généralement les molécules se trouvent dans un
milieu solide, ce qui empêche leurs déplacements par translation ou rotation. De même,
l’entropie de configuration ∆Sconf est souvent négligeable. Cependant, une exception
peut être faite dans le cas du composé Fe(pyrazine)[Pt(CN)4], où les ligands tournent
autour d’un axe de rotation avec une vitesse dépendante de l’état de spin. Dans ce
cas, la différence d’entropie de rotation n’est plus négligeable [109]. De plus, il a été
reporté dans le composé [Fe(DAPP)(abpt)](ClO4)2 que l’entropie configurationnelle
n’est pas négligeable, en raison de la présence de désordres induits par les ligands
DAPP et l’ion ClO−4 , contribuant alors légèrement à la différence d’entropie totale
du système [108]. Concernant l’entropie liée à la contribution électronique ∆Sel, ce
terme lui même se décompose en deux parties : l’une est associée à la différence de
dégénérescence orbitalaire ∆Sorb, et l’autre à la différence de dégénérescence de spin
∆Sspin. Les deux s’écrivent de la manière suivante :

∆Sorb = R ln
(2LHS + 1

2LBS + 1

)
; (I.6)

∆Sspin = R ln
(2SHS + 1

2SBS + 1

)
; (I.7)

où R = NAkB est la constante des gaz parfaits, kB la constante de Boltzmann,
NA le nombre d’Avogadro, et L le moment orbital angulaire. Pour donner un ordre
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de grandeur à chacun de ces deux termes, prenons l’exemple de l’ion Fe(II) plongé
dans un champ de ligands à symétrie octaédrique. Nous rappelons que l’état BS est
un état diamagnétique possédant un spin électronique total S=0, alors que l’état
paramagnétique (HS) ayant un spin S=2. Il en découle une différence d’entropie
∆Sspin = R ln(5) = 13.38 J.mol−1.K−1. Souvent la symétrie autour de l’ion Fe(II) est
plus basse et la dégénérescence orbitale est levée. Il en résulte que ∆Sel ≈ ∆Sspin > 0.
L’entropie d’origine électronique favorise alors l’état HS et reste invariante en fonction
de la température.

D’autre part, les vibrations de la sphère de coordination jouent un rôle central dans
le mécanisme de la transition de spin. La différence d’entropie d’origine vibrationnelle
∆Svib dépend fortement de la différence des modes de vibration au sein de l’octaèdre
entre les deux états de spin. L’entropie vibrationnelle s’écrit de la manière suivante :

Svib(T ) = R
∑
λ

(
− ln[1− e−hνλ/kBT ] + hνλ

kBT

1
ehνλ/kBT

)
; (I.8)

La somme est effectuée sur tous les modes de vibration. Dans l’approximation des
hautes températures ou des basses fréquences, hν << kBT , l’équation précédente se
réduit à la forme suivante :

Svib(T ) = R
∑
λ

− ln[hνλ/kBT ] ; (I.9)

La différence d’entropie vibrationnelle entre les deux états de spin devient alors :

∆Svib = SHS
vib − SBS

vib = R
∑
λ

ln
(
νBS
λ

νHS
λ

)
; (I.10)

Prenons en compte les 15 modes de distorsions possible à l’intérieur d’un octaèdre [88],
il en découle une différence d’entropie vibrationnelle indépendante de la température :

∆Svib = 15R ln
(
〈νBS〉
〈νHS〉

)
; (I.11)

Le rapport de fréquences moyen 〈νBS〉 / 〈νHS〉 est différent d’un composé à un autre,
ayant une valeur comprise entre 1.3 − 1.6 [90]. Il en résulte une différence d’entropie
vibrationnelle ∆Svib qui se situe entre 32.7 et 57 J.mol−1.K−1. Il est noté que la diffé-
rence ∆Svib est également positive, ce terme vient donc s’ajouter à ∆Sel. On a donc
∆S > 0, ce qui nous indique que l’état HS sera systématiquement favorisé à hautes
températures. En terme d’ordre de grandeur, ∆Svib est de trois à cinq fois plus grand
que l’entropie d’origine électronique, révélant la grande implication des vibrations dans
la conversion de spin. L’estimation de la variation d’entropie réalisée ci-dessus est en
bon accord avec les valeurs obtenues par des mesures calorimétriques (entre 35 et 80
J.mol−1.K−1) et par spectroscopies Raman et infrarouge [43, 44, 45, 46, 47, 48, 84].

A l’entropie vibronique s’ajoute l’entropie de mélange qui apparaît systématique-
ment dans les modèles de solution régulière, en particulier les modèles de mélange
binaire. Pour comprendre ce terme, considérons un système de N molécules isolées,
dont NHS molécules sont dans l’état HS et les autres dans l’état BS. L’enthalpie libre
s’écrit :
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G = nHSGHS + (1− nHS)GBS − TSmel ; (I.12)
avec nHS = NHS

N
est la fraction de molécules dans l’état HS. Smel est l’entropie de

mélange associée à la perte d’information pour un système ayant de nombreuses pos-
sibilités de distribuer les NHS molécules parmi le nombre total de molécules N . Cette
entropie s’écrit de la façon suivante :

Smel = R ln
(

N !
NHS!NBS!

)
. (I.13)

En utilisant l’approximation de Stirling, l’équation précédente se simplifie et devient
alors :

Smel = −R [nHS ln(nHS) + (1− nHS) ln(1− nHS)] . (I.14)
L’équilibre thermodynamique est atteinte lorsque le système se trouve dans le mi-

nimum absolu de l’enthalpie libre G. En l’absence d’interaction intermoléculaire, ce
potentiel thermodynamique est une fonction convexe de ces variables. Les conditions
d’équilibre sont alors données par l’équation

(
∂G
∂nHS

)
T,P

= 0, ce qui mène à une expres-
sion de la température en fonction de nHS :

T = ∆H
R ln

(
1−nHS
nHS

)
+ ∆S

(I.15)

La courbe nHS = f(T ) (Fig.I.5) représente l’évolution de la proportion de molé-

BS

HS

x

Figure I.5 – Évolution de la fraction HS (nHS) en fonction de la température dans
le cas d’un système dilué. La température d’équilibre Teq = 300K correspond au point
où la dérivée de la courbe est maximale (indiquée par le symbole X en bleu), où il y a
d’autant de molécules HS que de BS (nHS = nBS = 0.5).

cules HS en fonction de la température. L’augmentation de la température induit une

12



Chapitre I : Introduction

conversion graduelle des molécules vers l’état HS. Le point où la dérivée de nHS(T ) est
maximale correspond à la température d’équilibre entre les deux phases (Teq = 300K),
où la fraction HS est égale à la fraction BS (nHS = nBS = 0.5). Grâce à l’entropie de
mélange, nous pouvons expliquer la conversion de spin graduelle. Cependant, cette
approche montre ses limites car elle ne permet pas de modéliser d’autres courbes de
changement d’état de spin observées expérimentalement, en particulier la transition
de spin abrupte avec ou sans hystérèse. Ce phénomène est lié à l’existence d’inter-
actions entre les molécules au sein d’un solide à transition de spin. Il est donc né-
cessaire d’ajouter un terme dans les approches thermodynamiques qui permettent de
prendre en compte ces couplages intermoléculaires. La difficulté est ici de déterminer le
terme macroscopique qui modélise au mieux les comportements collectifs qui ont lieu
à l’échelle microscopique. Les mesures thermodynamiques ne voient qu’une moyenne
des comportements microscopiques. En l’absence d’approche de physique statistique,
on introduit le plus souvent des termes d’interaction effectifs auxquelles on associe des
paramètres phénoménologiques.

I.2.4 Molécules dans un solide massif : Notion de Coopérati-
vité

Nous avons évoqué, jusqu’à présent, le cas des molécules isolés ainsi que des sys-
tèmes dilués. En milieu solide, les molécules interagissent entre elles à travers des
interactions intermoléculaires. Il est important de noter que le changement drastique
du volume et de forme quand une molécule passe de l’état BS à l’état HS, provoque
une importante différence de volume dans le solide, ce qui conduit à une forte interac-
tion élastique à long-portée influençant la totalité du solide. Deux types d’interactions
élastiques sont possibles : soit par une contrainte en tension résultante d’une défor-
mation provoquée par la commutation d’une molécule de l’état BS à l’état HS, soit
une contrainte de compression lorsqu’une molécule commute vers l’état BS dans un
environnement de molécules HS (voir Fig.I.6 a) et b)). Dans les deux cas, la com-
mutation d’une molécule n’aura pas une répercussion uniquement sur les molécules
se trouvant dans l’environnement immédiat de cette déformation locale, mais aussi
sur l’ensemble du solide. Ces mécanismes élastiques sont à l’origine d’effets collectifs
du réseau, pouvant provoquer une transition de spin abrupte (transition dite du pre-
mier ordre) dans le cas où les interactions intermoléculaires sont suffisamment fortes
(il conviendra de déterminer par rapport à quelle énergie caractéristique, les énergies
liées aux interactions intermoléculaires doivent être plus importantes).

Le changement de volume d’une molécule induit un changement local des pro-
priétés élastiques qui va se répercuter sur l’ensemble de réseau. Par analogie avec
l’électrostatique, nous pouvons associer à ces effets locales une grandeur physique per-
tinente appelée dipôle élastique, qui va générer un champ élastique dans tout l’espace
matériel 2. Cette description des interactions élastiques simplifie la compréhension et
l’interprétation des couplages élastiques en transformant un formalisme tensoriel en
interactions dipôles-dipôles (voir Fig.I.6 c) et d)). Une interaction élastique entre N
dipôles contribue largement à la coopérativité du réseau et donc aux commutations

2. La difference avec l’électromagnétisme est que les champs élastiques ne peuvent pas se propager
dans le vide.
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Figure I.6 – Représentation schématique simplifiée des interactions élastiques à l’ori-
gine des effets collectifs du réseau. a) une molécule augmente son volume en commutant
vers l’état HS dans une matrice de molécules BS, provoquant une force de tension agis-
sante sur les molécules voisines. b) une molécule diminue son volume en commutant
vers l’état BS dans une matrice de molécules HS, provoquant une force de compression
agissante sur les molécules voisines. Une interaction élastique entre deux c) et trois d)
dipôles élastiques (HS) contribue également à l’élasticité et aux effets collectifs au sein
du réseau. L’interaction élastiques entre des dipôles élastiques (BS) peut aussi avoir
le même effet sur le réseau.

collectives au sein du solide. En effet, la propagation de contrainte élastique provoquée
par une ou plusieurs molécules donne lieu à une réponse globale du réseau, appelé
"pression image" [92]. La pression image est un ensemble d’interactions complexes et
indissociables à courte et à longue portées [93].

I.2.5 Les différentes transitions de spin
Jusque dans les années 60, les transitions de spin étaient souvent des conversions

graduelles de spin (voir Fig.I.7a) [30, 96]. Ce type de "transition" est très bien simulé
avec le modèle des solutions régulières, présenté à la section I.2.3, que ce soit dans
le cas des solides dilués ou des liquides. Chaque molécule est alors isolée et commute
d’un état à un autre indépendamment de ses molécules voisines.

En 1964, Baker et Bobonich reportèrent un comportement magnétique "inhabituel"
dans le composé [Fe(phen)2(NCS)2] à l’état solide [23], qui dévie d’une loi de type
Boltzmann de peuplement des états. Ils conclurent que le changement d’état de spin
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observé dans ce composé était une transition du premier ordre impliquant l’émission
ou l’absorption d’une chaleur latente (voir Fig.I.7b). Trois ans plus tard, König et
Madeja réalisèrent une étude indépendante dans laquelle la transition du premier ordre
fut confirmée pour le même composé[51]. La transition de spin abrupte fut ensuite
attribuée à des effets coopératifs d’origine élastique.

Dans les systèmes dits très coopératifs, la transition de phase abrupte entre les deux
états de spin, s’accompagne cette fois-ci, d’un cycle d’hystérèse, avec des températures
de transition différentes en modes d’échauffement (T+

1/2) et de refroidissement (T−1/2)
(voir Fig.I.7c). En 1976, König et Ritter observèrent pour la première fois la présence
d’un cycle d’hystérèse pour le composé [Fe(4,7-(CH3)2-phen)2(NCS)2] [53]. Ce phéno-
mène, dû principalement aux fortes interactions intermoléculaires, est directement lié
à l’existence d’états métastables dans lesquels le système peut rester piégé.

En 1981, l’existence d’une transition de spin en deux étapes fut observée par Ze-
lentsov, pour un complexe de Fe(III) de 2-bromo-salicylaldehyde-thiosemicarbazone
(voir Fig.I.7d) [98, 99]. Dans le cas des complexes polynucléaires [100], Sasaki et Kam-
bara attribuèrent la transition de spin en deux étapes à des interactions antagonistes
entre les distorsions élastiques existants au sein du composé et les contraintes élas-
tiques qui se propagent dans tout le réseau. Cependant, il existe d’autres origines à ce

Figure I.7 – Représentation de la fraction de spin HS (nHS) en fonction de la tempéra-
ture T . Les différentes courbes de transitions de spin thermo-induites les plus souvent
observées [97] : a) conversion des spin graduelle, b) transition de spin abrupte, c)
transition de spin abrupte avec la présence d’un cycle d’hystérèse, d) transition de
spin à plusieurs étapes, e) transition de spin incomplète.
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phénomène. En effet, la présence de plusieurs sites non équivalents, c’est-à-dire l’exis-
tence de centre métallique plongé dans des champs de ligands possédant des symétries
différentes, mène à favoriser la transition de spin d’une partie de ces cations à une tem-
pérature différente à celle des autres, d’où la transition de spin en plusieurs étapes.
D’un point de vue théorique, il a également été montré qu’il pouvait s’agir d’une
compétition entre les interactions élastiques à courte et à long-portée [101, 102, 103].
Finalement, nous mentionnons la présence de transition de spin incomplète [24], où
une fraction résiduelle de molécules HS (resp. BS) existe à basses températures (resp.
à hautes températures) (voir Fig.I.7e). Ce type de transition que nous détaillons par
la suite, est observé à l’échelle nanométrique, mais également dans les matériaux mas-
sifs. Ce phénomène peut avoir diverses origines, parmi lesquelles un effet de trempe
thermique peut empêcher de rejoindre l’état BS, un désordre structural ou un effet de
surface peut "geler" partiellement l’état de spin à basse température.

I.3 Approche macroscopique et mésoscopique

I.3.1 Les modèles thermodynamiques
Dans l’approche thermodynamique présentée précédemment (dans la section I.2.3),

les systèmes dilués présentaient tous des conversions de spin graduelles. Cependant, à
l’état solide, les interactions intermoléculaires jouent un rôle important dans la com-
mutation moléculaire et leur considération théorique est indispensable pour simuler le
cas des transitions de phase du premier ordre. En 1972, Slitcher et Drackamer intro-
duisirent un terme phénoménologique non linéaire (ΓnHS(1 − nHS)) dans l’enthalpie
de Gibbs (Eq.I.12) pour prendre en compte de manière effective et donner une des-
cription à l’échelle macroscopique des interactions intermoléculaires [62]. En effet, par
analogie avec le magnétisme, on peut faire apparaitre un tel terme en réalisant un
développement de Taylor en nHS (paramètre d’ordre) jusqu’à l’ordre 2 :

G = α + βnHS + γn2
HS − TSmel

= α + (β + γ)nHS − γnHS(1− nHS)− TSmel

= GBS + (GHS −GBS)nHS + ΓnHS(1− nHS)− TSmel

= nHSGHS + (1− nHS)GBS + ΓnHS(1− nHS)− TSmel ;

(I.16)

avec Γ est un paramètre phénoménologique associé à la coopérativité du réseau. La
recherche des minima de l’enthalpie libre de Gibbs, donnée par

(
∂G
∂nHS

)
T,P

= 0, nous
permet de remonter à la relation T = f(nHS) :

T = ∆H + Γ(1− 2nHS)
R ln

(
1−nHS
nHS

)
+ ∆S

; (I.17)

Il découle de cette équation une infinité des solutions dépendantes de Γ à une tempé-
rature de transition Teq(nHS = 0.5) = ∆H/∆S. Néanmoins, nous pouvons discuter de
la stabilité des positions d’équilibre de l’enthalpie libre G(nHS) au travers de l’étude
du signe de la dérivée seconde de l’enthalpie libre :
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(
∂2G

∂n2
HS

)
T,P

= −2Γ + 4RTeq ; (I.18)

D’après cette équation, nous pouvons dégager trois situations représentées sur la figure
I.8 :
(1) Cas d’une faible interaction intermoléculaire lorsque Γ < 2RTeq, alors

(
∂2G
∂n2

HS

)
T,P

>

0. Le point se trouve sur un minimum de l’enthalpie libre de Gibbs. La transition est
ainsi graduelle (conversion de spin) sans la présence d’un cycle d’hystérésis.
(2) Cas d’une forte interaction intermoléculaire lorsque Γ > 2RTeq, alors

(
∂2G
∂n2

HS

)
T,P

<

0. Le point se trouve sur un maximum de l’enthalpie libre de Gibbs. La transition est
ainsi abrupte avec la présence d’un cycle d’hystérésis. Il est important de noter que la
température de transition en mode chauffage (T+) ne correspond pas à celle en mode
refroidissement (T−). Ceci est due à la présence des états métastables représentés sur
la figure I.9.
(3) Cas intermédiaire lorsque Γ = 2RTeq, alors

(
∂2G
∂n2

HS

)
T,P

= 0, il s’agit d’un point
d’inflexion de la courbe de transition. Dans ce cas, la transition est abrupte sans
l’apparition d’un cycle d’hystérésis.

  

Γ>2RT eq

Γ=2RT eq

Γ<2RT eq

Figure I.8 – Influence du terme Γ sur les courbes de conversion de spin nHS en
fonction de la température T, pour un système ayant une différence d’entropie ∆S=80
J.mol−1.K−1 et d’enthalpie ∆H=24 kJ.mol−1. Pour Γ = 10000 > 2RTeq, la transition
de spin est abrupte avec la présence d’un cycle d’hystérésis (courbe noire). Pour Γ =
100 < 2RTeq, la transition de spin est graduelle sans hystérésis (courbe verte). Pour
Γ = 4800 = 2RTeq, la transition de spin est abrupte sans effet mémoire (courbe rouge).

17



Chapitre I : Introduction

Par conséquent, le terme Γ tend à favoriser les transitions abruptes du premier
ordre et peut reproduire qualitativement les observations expérimentales mais aussi
ajuster les courbes de transition. Le paramètre Γ peut renseigner sur la force des
interactions intermoléculaires. On peut parfois comparer ce terme d’interaction entre
différents matériaux SCO à la condition que leur température de transition soit du
même ordre de grandeur. Cependant, ce terme phénoménologique ne prend pas en
compte la formation des interfaces, telle que les interfaces BS/HS, car l’expression de
l’entropie de mélange repose sur l’hypothèse d’une distribution homogène de molécules
HS et BS (pas de formation de domaines). En réalité, la présence de surface/interface
conduit à la formation de domaines et favorise une hétérogénéité spatiale. Sorai et Saki
ont répondu à cette problématique en divisant le système en ND domaines composés de
molécules de spin identiques, appelés domaines de spin (spin-like domains en Anglais)
[44]. L’expression obtenue ne décrit pas alors la distribution des molécules, mais la
répartition des domaines de la manière suivante :

Figure I.9 – Représentation schématique de l’énergie libre de Gibbs (G) en fonction
de la fraction moléculaire HS ηHS (ici ηHS = nHS), pour différentes températures à
l’intérieur et à l’extérieur du cycle d’hystérésis. Le disque vert situe l’état thermody-
namique du système. Pendant le mode de chauffage : a) le système se trouve dans l’état
stable BS (GBS < GHS). b) L’augmentation de la température provoque l’apparition
d’un état HS métastable. c) Les deux phases sont stables à la température d’équi-
libre Teq. d) L’état HS devient l’état stable alors que l’état BS devient métastable, le
système reste piégé à l’état BS du fait de la présence de la barrière d’énergie. e) La
barrière d’énergie disparait et le système passe à l’état stable HS (GHS < GBS). Cette
description est aussi valable pour décrire le mode refroidissement lorsque le système
passe de l’état HS à l’état BS.
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G = nHS + (1− nHS)GBS + nDRT [nHS ln(nHS) + (1− nHS) ln(1− nHS)] (I.19)

avec nD le nombre de domaines par mole. Ce modèle reproduit les conversions de spin
et les transitions abruptes dans la limite des grands domaines (ce qui correspond au
cas des matériaux fortement coopératifs) sans jamais présenter de cycles d’hystérésis.

Par la suite, Purcell et Edwards modifièrent le modèle de Slichter et Drickamer et
prirent en compte l’état de spin des paires de molécules [104] de la manière suivante :

Ginter = gBS−BSIBS−BS + gHS−HSIHS−HS + gHS−BSIHS−BS (I.20)

avec gi−j est l’énergie libre de Gibbs d’interaction pour une paire de molécules i− j et
Ii−j est le nombre de paires i− j. Ce modèle a été ensuite appliqué au cas de chaînes
de molécules sans interactions. Par la suite, Cantin et al. [105] ajoutèrent à l’enthalpie
libre la contribution des interactions inter- et intra-domaines, et les interactions entre
les chaînes.

I.3.2 Modèles élastiques
Jusqu’à présent, les modèles thermodynamiques évoqués reproduisent qualitative-

ment les transitions abruptes car le terme coopératif Γ donne une description trop
simplifiée des comportements collectifs d’origine élastique. Dans ce contexte, Zim-
mermann et König [106] reprirent un modèle d’Ising résolu dans l’approximation de
Bragg-Williams équivalent ici à l’approximation du champ moyen et y ajoutèrent ex-
plicitement la contribution élastique des phonons à travers la température de Debye
des deux phases. Dans l’approximation de Debye, l’énergie libre du système fut écrite
sous la forme :

fD = (∆− kTLtot)nHS − Jtotn2
HS + kT [nHS ln(nHS) + (1− nHS) ln(1− nHS)] (I.21)

avec Ltot et Jtot sont deux paramètres contenant les contributions élastique et élec-
tronique. La prise en compte davantage explicite des vibrations dans le modèle de
Zimmermann et König permet d’améliorer largement la simulation des courbes de
transition de spin observées expérimentalement (voir Fig.I.10).

La description à une échelle mésoscopique des mécanismes d’interaction élastiques
dans les matériaux à transition de spin fait logiquement appel à la mécanique des
milieux continus ; la théorie d’inclusion d’Eshelby constitue la base principale de tout
développement théorique dans ce contexte. Partant de cette théorie, Ohnishi et Sugano
développèrent un modèle élastique incluant les déformations locales intramoléculaire et
globale du réseau [92]. Par la suite, et dans le but d’expliciter les termes d’interactions
élastiques, Spiering développa un modèle thermodynamique en écrivant l’enthalpie
libre comme une décomposition d’un terme intrinsèque aux molécules HS dispersées
dans un cristal hautement dilué (G0), et d’un autre qui représente les interactions
élastiques dépendantes de la concentration de molécules HS (Gint) [93, 95, 94, 110] :

G = G0 +Gint = nHS(GHS −GBS)− TSmel + x∆nHS − xγn2
HS ; (I.22)
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où γ est une constante d’interaction, x∆ l’écart en énergie (linéaire en nHS) due à la
matrice, et x (0<x<1) la concentration molaire des molécules à transition de spin dans
le réseau.

Dans un système homogène et isotrope de volume V , une molécule peut être as-
similée en première approximation à une sphère dure de volume vα, où α correspond
à une molécule dans l’état HS ou BS, ou bien à une molécule de la matrice hôte.
L’énergie de déformation d’une molécule de volume vα s’écrit alors [93] :

eα = 1
2B(γ0 − 1)(vα − v0)2

v0
− 1

2Bγ0(γ0 − 1)(vα − v0)2

V
; (I.23)

où B est le module d’élasticité isostatique, v0 est le volume accordé à une molécule par
le réseau, et γ0 la constante d’Eshelby. Le premier terme de l’équation I.23 représente
la répercussion de la déformation locale induite par la molécule à l’ensemble du réseau,
et le second terme, représente la réponse du cristal à une pression image provoquée
par la présence d’une surface. Ce terme s’annule lorsque V →∞.

De l’autre côté, il est possible d’identifier les termes phénoménologiques (∆ et γ)
en considérant l’énergie élastique totale de la manière suivante :

Figure I.10 – Évolution de la fraction de molécules HS (n) en fonction de la tem-
pérature pour le composé [Fe(4,7-(CH3)2-phen)2(NCS)2]. Les carrés représentent les
données expérimentales. Les courbes pointillés représentent les résultats d’un modèle
électronique, incluant l’interaction électrostatique entre les ions HS. La ligne conti-
nue représente les résultats obtenus par le modèle électronique, incluant en plus la
contribution des phonons. C’est ce dernier modèle qui ajuste le mieux les données
expérimentales [106].
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γ(x) = x
1
2Bγ0(1− γ0)(vHS − vBS)2

vm
:

∆(x) = x
1
2Bγ0(1− γ0)(vHS − vBS)(vm − vBS)

vm
;

(I.24)

La constante d’interaction γ(x) dépend du module de bulk isostatique ainsi que de
la différence de volume entre les deux états de spin. L’augmentation de ces deux
quantités augmentent alors le terme d’interaction, conduisant à un renforcement de
la coopérativité du réseau. Il est possible de réécrire l’équation I.22 sous la forme
suivante :

G = nHS(GHS −GBS)− TSmel + (∆− γ)xnHS + xγnHS(1− nHS)
= nHS(GHS −GBS)− TSmel + ZxnHS + xΓnHS(1− nHS)

(I.25)

De nouveau, le terme phénoménologie (ΓηHS(1−ηHS)) réapparaît dans l’équation pré-
cédente, avec Γ cette fois-ci bien identifié (Γ = γ(x)). De plus, le terme ZxηHS lié aux
pressions internes exercées par les molécules, favorise un des deux états de spin, et par
conséquence, est susceptible d’impacter la température de transition. Cette théorie a
été ensuite modifiée pour prendre en compte le changement de forme qui accompagne
systématiquement le changement de volume durant la commutation moléculaire. Il est
nécessaire d’associer à chaque complexe à transition de spin une quantité physique,
appelée dipôle élastique. Une molécule HS(resp. BS) dans une matrice de molécules
BS(resp. HS) est considérée donc comme un défaut ponctuel dont le dipôle élastique
correspondant vaut PHS(resp. PBS). Par analogie avec les dipôles électriques, les di-
pôles élastiques interagissent entre eux suivant une loi 1/r3, où r est la distance entre
les deux dipôles. Dans un solide constitué de défauts HS, BS et de métaux de taille
différente à celle de la composition initiale, le tenseur moyen de dipôle élastique s’écrit
sous la forme suivant :

P̄ = xγPHS + x(1− γ)PBS + (1− x)PM ; (I.26)
lorsque x→ 0, on retrouve le cas d’un cristal constitué uniquement de métaux de tailles
différentes à celle de la composition initiale. Au contraire, lorsque x→ 1, le cristal est
alors constitué complètement de molécules à transition de spin. Ce modèle donne une
bonne description des mécanismes d’interactions élastiques des matériaux à transition
de spin. Cependant, il atteint ses limites lorsque la concentration des molécules à
transition de spin devient significative. Dans ce cas, le module de bulk isostatique ne
se réduit plus à celui de la matrice hôte et la notion de "défaut élastique" n’est plus
valable.

I.3.3 Approche microscopique de la transition de spin : les
modèles de type d’Ising

À l’échelle microscopique 3, la description théorique de la transition de spin est
essentiellement basée sur des approches issues de la physique statistique, car on consi-

3. On dit également à l’échelle moléculaire
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dère des systèmes contenant un grand nombre d’entité élémentaires (ici les complexes à
transition de spin) en interaction. Dans ce contexte, Wajnflasz et Pick [63, 111] furent
les premiers à attribuer un spin fictif de type d’Ising (σ = −1 pour l’état BS, σ = +1
pour l’état HS) pour décrire l’état de spin d’une molécule. De plus, ce modèle prenait
en compte la différence en terme de configuration nucléaire entre les deux états de spin
(rBS pour la distance métal-ligand dans l’état BS et rHS pour la distance métal-ligand
dans l’état HS). Le modèle de Wajnflasz et Pick était un modèle à quatre niveaux
dont deux qui ne pouvaient être peuplés dans des processus quasi-statiques car éner-
giquement trop défavorables. Leur approche fut ensuite reconsidérée par Bousseksou
et al. [64], qui transformèrent leur modèle à quatre niveaux en un hamiltonien de type
d’Ising à deux niveaux dégénérés. L’hamiltonien de N molécules isolées et distribuées
sur un réseau de N sites est similaire à l’hamiltonien de type d’Ising non dégénéré,
mais avec un terme de champ dépendant de la température :

H0 = ∆eff (T )
2

N∑
i

σi ; (I.27)

où ∆eff (T ) = ∆−kBT ln
(
gHS
gBS

)
est le champ de ligands effectif dépendant de la tempé-

rature T , ∆ est la différence d’énergie entre les deux états de spin, et gHS/gBS le rapport
de dégénérescence entre les deux niveaux d’énergie. Nous rappelons que le phénomène
de la transition de spin est également observé sous pression, cette quantité devient
alors une variable du champ de ligands effectif : ∆eff (T, P ) = ∆ − kBT ln

(
gHS
gBS

)
+

P (VHS− VBS), où VHS et VBS sont respectivement les volumes des molécules HS et BS,
et P la pression extérieure. Les interactions intermoléculaires entre premiers voisins
sont prises en compte en ajoutant un terme de couplage de type d’Ising. L’hamiltonien
total du système s’écrit alors :

H = H0 +Hint = ∆eff (T )
2

N∑
i

σi − J
∑
〈i,j〉

σiσj ; (I.28)

Par la suite, on appelle abusivement "l’aimantation" m la moyenne thermique des spin
définie de la manière suivante :

m = 〈σ〉 = 1
N

∑
i

〈σi〉 = 1
Z
∑
{σ}

σie
−βEi ; (I.29)

En utilisant l’aimantation du système, nous pouvons calculer la fraction de molécules
dans l’état HS de la façon suivante :

ηHS = 1 +m

2 ; (I.30)

Dans l’approximation du champ moyen, ce modèle possède des solutions auto-
cohérentes, en considérant que toutes les molécules possèdent une aimantation équi-
valente :

m = 〈σi〉 ; (I.31)

Le terme σiσj de l’équation I.28 se simplifie, en récrivant le produit des spin sous
forme additive :
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σiσj = (σi − 〈σi〉)(σj − 〈σj〉) + σi 〈σj〉+ σj 〈σi〉 − 〈σi〉 〈σj〉
= −m2 +m(σi + σj) + �����∆σi∆σj

(I.32)

avec ∆σi,j = σi,j − 〈σi,j〉. La négligence du terme ∆σi∆σj suppose l’absence des fluc-
tuations de l’aimantation sur chaque site. En injectant σiσj dans l’équation I.28, nous
obtenons alors l’hamiltonien dans l’approximation du champ moyen :

HCM = ∆eff (T )
2

N∑
i

σi + Jm2 ∑
〈i,j〉

1− Jm
∑
〈i,j〉

(σi + σj) ; (I.33)

avec ∑〈i,j〉 1 correspond au nombre total de liaisons au premier voisin, qui vaut qN/2
pour un système infini, avec q le nombre de liaisons par site. Il en découle :

HCM = JqN

2 m2 −
(
Jqm− ∆eff (T )

2

)
N∑
i

σi ; (I.34)

À partir de ce hamiltonien, nous pouvons déterminer analytiquement la fonction de
partition du système de la façon suivante :

ZCM =
∑
{σi}

e−βHCM = e−β
JqN

2 m2
{

2 cosh
[
β

(
Jqm− ∆eff (T )

2

)]}N
; (I.35)

avec β = 1/kBT . En injectant les équations I.34 et I.35 dans l’équation I.29, nous
déduisons le moment magnétique du système :

m = tanh
[
β

(
Jqm− ∆eff (T )

2

)]
; (I.36)

L’équation de l’arc tangente hyperbolique s’écrit de la manière suivante :

arctanh(m) = 1
2 ln

(1 +m

1−m

)
; (I.37)

Nous pouvons finalement remonter à l’équation d’état du système en utilisant les
équations I.30, I.36 et I.37 :

T = ∆ + 2qJ(1− 2ηHS)
kB ln

(
gHS
gBS

)
+ kB ln(1−ηHS

ηHS
)
. (I.38)

Ce calcul basé sur une approche microscopique de type d’Ising, révèle une tempéra-
ture similaire à celle obtenue en utilisant la thermodynamique classique à l’échelle
macroscopique (Eq.I.17), confirmant le terme phénoménologique de la coopérativité
(Γ) suggéré pour simuler les transitions abruptes, et donnant par identification une
quantité scalaire du terme coopératif (Γ = 2qJ).
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I.3.4 Modèles microscopiques élastiques
Les modèles Spin-Phonon

Le modèle microscopique évoqué précédemment prend en compte l’interaction in-
termoléculaire à travers d’un terme de couplage phénoménologique constant et in-
dépendant de l’état de spin J . Cependant, dans les matériaux à transition de spin,
le mécanisme d’interaction entre centres métalliques, qui est décrit à l’échelle meso-
scopique par l’existence de champ de déformation élastique liée au changement d’état
électronique dans le cadre de la mécanique des milieux continus, doit être modélisé par
un couplage vibronique à l’échelle de la liaison. Dans ce but, les degrés de liberté du ré-
seau ont été introduites explicitement dans les hamiltoniens de type spin-phonon 4. Les
couplages électron-réseau 5 sont simulés en introduisant des puits de potentiel intermo-
léculaires dont les caractéristiques dépendent de l’état de spin de la liaison formée. Les
spins fictifs interagissent via des ressorts dont la constante de raideur et la distance
d’équilibre dépend de l’état de spin. Ces modèles permettent donc de simuler les chan-
gement de rigidité et structuraux lors d’une transition de spin. (Fig.I.11). À l’aide de

Figure I.11 – Représentation schématique des différentes interactions possibles entre
paires de spin : a) deux molécules BS (σ = −1) sont connectées par un puits de
potentiel de profondeur εBB séparées d’une distance rBB, b) une molécule BS (σ = −1)
et HS (σ = +1) ayant un potentiel d’interaction de profondeur εHB et une distance
d’équilibre rHB, c) la transition de spin augmente la distance entre deux molécules HS
(rHH > rBB) et diminue la profondeur de puits (εHH < εBB) .

la méthode variationnelle qui permet de généraliser la théorie du champ moléculaire
développée par le physicien P. Weiss à la fin du XIXème siècle, Nasser détermina une
solution autocohérente d’un modèle spin-phonon dans le cas d’une chaîne de molécules
connectées par des puits harmoniques [65]. Par la suite, ce modèle fut étudié par la
méthode Monte-Carlo pour étudier l’effet de la pression sur la transition de spin [119].
Afin de rendre le modèle plus réaliste, Nicolazzi et al. [120] remplacèrent le puits de
potentiel harmonique par un puits anharmonique de type Lennard-Jones, prenant en
compte l’affaiblissement des interactions élastiques à hautes températures du fait de
l’existence de collision entre phonons (diffusion normal ou diffusion Umklapp). Cet

4. Cette dénomination de ces modèles ne fait pas l’unanimité des chercheurs de la communauté du
magnétisme moléculaire car elle peut prêter à confusion. D’autres parlent plutôt de modèles électro-
élastique ou mécano-élastique. En réalité, d’un point de vue de la physique statistique, ces modèles
appartiennent à la classe des modèles d’Ising compressibles

5. On se limite ici à une description classique des interactions intermoléculaires. Dans ce cas, cette
terminologie est davantage appropriée.
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affaiblissement des interactions élastiques et donc de l’énergie de cohésion du cristal
(prémice du processus de fusion) s’observe notamment par la dilatation thermique du
réseau. L’hamiltonien d’interaction intermoléculaire s’écrit alors :

  

vharm(r )

r

vanharm(r )

r

a) b)

ϵBB
ϵHH
ϵHB

rBB rHB rHH

ϵBB
ϵHH
ϵHB

rBB rHB rHH

BS−BS
HS−HS
HS−BS

BS−BS
HS−HS
HS−BS

Figure I.12 – Les différents potentiels utilisés dans les modèles spin-phonon en fonc-
tion de la distance intermoléculaire séparant une paire de spin (BS − BS,BS −
HS,HS − HS). a) potentiels harmoniques. b) potentiels anharmoniques de type
Lennard-Jones.

Hinter =
∑
〈i,j〉

Velast(σi, σj) ; (I.39)

où Velast est le potentiel d’interaction entre deux molécules décrits par les deux spin
fictifs σi et σj. La somme est effectuée sur toutes les paires de molécules premières voi-
sines. Les paramètres de ce potentiel sont représentés sur la figure I.11. L’hamiltonien
d’interaction peut se réécrire de la façon suivante :

Hinter =
∑
〈i,j〉

[J0 + J1(σi + σj) + J2σiσj] ; (I.40)

où Jk sont des paramètres dépendants des différents potentiels ainsi que de la distance
intermoléculaire entre deux sites i et j, illustrés dans la figure I.12. Les termes Jk
s’écrivent :

J0 =
vHH(r〈i,j〉) + 2vHB(r〈i,j〉) + vBB(r〈i,j〉)

4 (I.41)

J1 =
vHH(r〈i,j〉)− vBB(r〈i,j〉)

4 (I.42)
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J2 =
vHH(r〈i,j〉)− 2vHB(r〈i,j〉) + vBB(r〈i,j〉)

4 (I.43)

où vl (l = HH,HB,BB) est un potentiel anharmonique de type Lennard-Jones
connectant deux sites i et j, qui s’écrit de la manière suivante :

vl(r〈i,j〉) = εl

( rl

r〈i,j〉

)6

− 2
(

rl

r〈i,j〉

)3 (I.44)

Les modèles spin-phonon permettent de simuler de manière plus réaliste les méca-
nismes d’interaction d’origine élastique dans les solides à transition de spin. En effet,
l’hamiltonien contient l’énergie d’origine électronique (plus précisément vibronique au
travers du champ dépendant de la température), l’énergie du réseau (J0, Eq. I.41) et des
couplages entre "spins fictifs", caractérisés respectivement par les paramètres J1 (Eq.
I.42) et J2 (Eq. I.43). Les approches théoriques utilisant les modèles spin-phonon sont
particulièrement adéquates pour simuler le changement de l’état de spin d’un point de
vue moléculaire (mesures magnétiques, spectroscopie Mössbauer) et d’un point de vue
du réseau (diffraction des rayons X et neutrons) ainsi que les changements des pro-
priétés mécaniques. Cette classe de modèle a largement été employé pour appréhender
les mécanismes de nucléation-croissance de domaines et étudier les différents aspects
de la dynamique spatio-temporelle de la transition de spin observés par microscopie
optique, cartographie Raman ou microscopie à force atomique (AFM). Cependant la
complexité de ces modèles 6 rend le plus souvent impossible la détermination exacte de
la fonction de partition, indispensable à l’extraction des propriétés thermodynamiques
pertinentes du modèle. Des solutions de types auto-cohérentes ont été établies dans
le cas d’une chaîne unidimensionnel (1D) et d’un réseau bidimensionnel carré (2D)
dans l’approximation du champ moyen ou bien dans l’approximation des modes de
respiration symétrique [15, 163].

Le modèle Atome-Phonon

Le modèle atome-phonon est une autre approche microscopique, qui permet l’étude
des matériaux à transition de spin en prenant en compte, comme les modèles spin-
phonon, les interactions intermoléculaires élastiques, mais en décrivant de manière plus
précise les deux états vibroniques. Dans ce but, les degrés de liberté intramoléculaires
sont explicitement considérés [112]. L’hamiltonien du système se décompose en une
énergie cinétique des différents atomes du réseau, et en une énergie potentielle intégrant
les interactions intra- et inter-moléculaires. Celui-ci s’écrit alors de la façon suivante :

H =
∑
i

P 2
i

2M +
∑
i

p2
i

2m +
∑
i

Vintra(ri) +
∑
〈i,j〉

Vinter(Ri, Rj, ri, rj) ; (I.45)

avecM etm sont les différentes masses des atomes, Pi et pi les quantités de mouvement
correspondantes, Ri et ri sont respectivement la position de la particule et le rayon de

6. Cette complexité est toutefois relative : les différents ingrédients présents dans ces modèles
permettent de simuler qualitativement une transition des spins, mais il n’est pas question d’avoir
une approche quantitative avec ces modèles, la description des complexes à conversion de spin, de
l’empilement cristallin et des interactions intermoléculaires demeurant drastiquement simplifiée.
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la molécule associés au site i. L’interaction intramoléculaire est décrit par un double
puits de potentiel [113], obtenu en considérant notamment la différence d’énergies de
point zéro des états électroniques HS et BS, l’interaction vibronique responsable de
l’existence de deux positions d’équilibre et un terme de couplage spin-orbite d’ordre
supérieur qui permet le mélange des états de spin (Fig.I.13).

L’étude numérique de cet hamiltonien est généralement faite par la dynamique mo-
léculaire non conservative. La température, le volume et la pression du système peuvent
être contrôlés dans une boîte de simulation par un thermostat ou un thermostat-
barostat déterministe de Nosé-Hoover [114, 115]. Le modèle atome-phonon a été large-
ment utilisé pour simuler la dynamique spatio-temporelle des matériaux à transition de
spin, en particulier le processus de nucléation. Un autre point important à mentionner
concernent le schéma d’intégration numérique utilisé pour résoudre l’hamiltonien. En
effet, le caractère déterministe du thermostat de Nosé-Hoover permet de conserver un
temps réel, i.e. le temps issu des lois fondamentales de la dynamique, lors de l’intégra-
tion des équations du mouvement. Il est alors possible d’accéder à l’évolution en temps
réel de l’état physique du système (positions et vitesses), ce qui permet entre autres
l’accès au spectre de vibrations du système, une donnée indispensable pour étudier les

Figure I.13 – Représentation d’un double puits de potentiel intramoléculaire, utilisé
dans le cadre du modèle atom-phonon [118].
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matériaux à transition de spin dont on sait que la plupart des phénomènes que l’on
observe sont d’origine vibrationnelle. C’est cette méthode qui sera largement utilisée
dans la suite de ce travail et sera détaillée au chapitre II.

I.4 Effet de la réduction de la taille : présentation
générale

Ces dernières décennies, la question des effets de la réduction de taille sur les
propriétés de la matière condensée devient de plus en plus récurrente dans les com-
munautés scientifiques, en particulier après l’élaboration et la synthèse de différents
objets de taille nanométrique. C’est le changement des propriétés physico-chimiques
des nanoobjets par rapport aux matériaux massifs, constaté dans les différentes me-
sures expérimentales, qui a poussé les chercheurs à s’engager dans l’étude des effets
de taille, plus particulièrement, des effets et des caractéristiques spécifiques 7 des sur-
faces et interfaces. En effet, les nanomatériaux possèdent en générale des structures
électroniques et vibrationnelles, ainsi qu’une morphologie différente du matériau massif
correspondant conduisant à l’émergence de nouvelles propriétés optiques, magnétiques,
mécaniques intéressantes et à la modification des mécanismes de transport électrique et
phononique. La réduction de la taille peut également provoquer l’altération de certaines
caractéristiques initialement présentes dans le matériau massif ou la modification ou
la disparition non désirée de phénomènes critiques telles que les transitions de phase.
D’un point de vue théorique, la prédominance des effets de surface avec la réduction
de la taille au détriment des propriétés dites de volume vient de la modification du
rapport du nombre d’atomes situés en surface par rapport au nombre d’atomes situés
en volume. En effet, à grande taille, ce rapport est négligeable, car indépendamment
de la forme du matériau, le nombre des atomes volumiques est plus important que
les atomes surfaciques, donc les atomes de surface peuvent être généralement négligés
par rapport aux atomes de volume. En d’autres termes, les propriétés spécifiques de
la surface sont négligeables vis-à-vis des propriétés volumiques. Ce n’est plus le cas
lorsque l’une des dimensions du système devient trop "petite" devant une longueur ca-
ractéristique associée aux propriétés ou au phénomène de transport considérés (libre
parcours moyen des phonons, des électrons, longueurs de corrélation spatiales d’ob-
servables associées à une transition de phase, etc ...). Les entités situées à la surface
ne peuvent alors plus être négligées. On peut alors parler d’un effet de taille car les
propriétés physico-chimiques des matériaux changent sous la dominance des effets spé-
cifiques de surface/interface ou/et des effets de confinement (dus à la diminution de
la quantité de matière ou à la limitation dans l’espace du transport d’une certaine
quantité physique).

Le but de cette section est d’exposer très brièvement les effets de la présence de
surfaces et de confinement spatial dans les propriétés physico-chimiques des nanomaté-
riaux, afin de prédire dans un premier temps les conséquences possibles de la réduction
de taille sur la thermodynamique des matériaux à transition de spin.

7. Du fait de la rupture de symétrie de translation due à la présence d’une surface, les propriétés
de surface doivent différer de celles du volume sous-jacent.
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I.4.1 Effets de surfaces
Influence sur les spectres vibrationnels des nanomatériaux

Au début de XXe siècle, Born et von Karman décrivirent les vibrations atomiques
et développèrent ce que l’on appelle la théorie dynamique des cristaux [132]. Dans
un premier temps, les effets de surface sur la dynamique de réseau furent négligés.
Cependant, l’amplitude des oscillations des atomes de surface est plus importante que
celle des atomes de cœur du fait de la présence de liaisons pendantes. Cela implique
la possible existence de modes vibrationnels spécifiques de la surface dans le spectre
de vibration du volume. Parmi ces modes, les modes de Rayleigh sont les plus connus
car ils sont largement étudiés en géophysique dans le domaine de l’analyse des dégâts
causés par certaine catégorie de séismes. Ces modes localisés en surface qui s’atténuent
exponentiellement dans le volume subsistent également à une échelle nanométrique,
leur considération est cruciale pour déterminer les propriétés vibrationnelles des na-
nomatériaux.

Figure I.14 – Relation de dispersion des phonons pour un cristal monoatomique cfc
de surface de type (111). Les zones sombres correspondent aux modes de volume alors
que les modes S correspondent aux modes de surface (111). La projection des modes
a été faite dans la zone de Brillouin de surface [133].

Afin d’exposer la contribution de surface dans les propriétés vibrationnelles, consi-
dérons le cas de vibration d’un cristal monoatomique cfc avec un potentiel de Lennard-
Jones. Pour ce cristal, la structure de bandes de phonons a été calculée et représentée
dans la zone de Brillouin de surface de type (111) [133] (voir Fig.I.14). Cette relation
de dispersion de phonons montre l’implication des modes de surface (111) notés S dans
le spectre vibrationnel du volume. L’existence des modes vibrationnels de surface près
des modes du volume (les zones sombres) conduit certainement à une dominance des
effets de surface dans les propriétés vibrationnelles des nanocristaux, car à une échelle
nanométrique, les modes du volume se raréfient au détriment des modes surfaciques.
Les modes de surface existent même si la structure et les constantes de forces des
atomes de surface sont identiques à ceux des atomes de volume. En absence de surface
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ou dans les matériaux massifs, les modes Si de surface disparaissent (en moyenne), il
n’y a donc que les modes de volume qui déterminent les propriétés vibrationnelles du
matériau.

Influence sur la densité électronique des nanomatériaux

La présence de surface peut également influencer la densité électronique des élec-
trons délocalisés dans les nano-objets conducteurs ou semi-conducteur. L’étude des
effets électroniques de surface est le point-clé pour comprendre la plupart des phé-
nomènes physico-chimiques de surface, tels que la réaction chimique, la croissance
cristalline, les problèmes d’adhésion, etc...

La description de l’influence de surface sur la densité électronique des nanomaté-
riaux nécessite de résoudre le problème des électrons libres dans une boîte délimitée
par des surfaces dans toutes les directions (x, y, z). La fonction d’onde des électrons,
solution de l’équation de Schrödinger, doit valider les conditions d’annulations en bor-
dure de la boîte, une condition imposée par la création des surfaces. La fonction d’onde
s’écrit alors de la manière suivante :

ψ−→
k

(−→r ) =

√
8
V

sin kxx sin kyy sin kzz ; ki =
niπ

Li
(I.46)

où les ni sont des entiers strictement positifs. V = Lx × Ly × Lz est le volume de la
boîte et −→k = kxêx + kyêy + kz êz le vecteur d’onde dans l’espace réciproque.

Figure I.15 – a) La sphère des états électroniques dans l’espace réciproque. b) Densité
électronique calculée par l’équation I.47 [135].

Partant de la fonction d’onde, on peut remonter à la densité électronique n près
de la surface en calculant tout d’abord la probabilité de présence d’un électron par le
module carré de la fonction d’onde. Il en découle la densité électronique suivante :

n(z) =
k3
F

3π2

(
1− 3

(sin x− x cosx)
x3

)
; x = 2kF z (I.47)
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où kF est le rayon de Fermi de la sphère occupée par les états électroniques (voir
Fig.I.15). Les détails du calcul se trouvent dans la référence [135]. Loin de la surface,
la densité électronique correspond exactement à celle du volume (n(z) = n∞). À
l’approche de la surface, en revanche, cette densité oscille et ne correspond pas à la
densité électronique du volume, car la présence de surface conduit à un excès de charges
électroniques hors de la surface ainsi qu’un excès de charge positive près de la surface
du matériau (voir Fig.I.15). Par conséquence, il y a création d’un dipôle de surface. Le
travail de sortie d’un électron est alors le travail nécessaire pour vaincre l’interaction
électron-dipôle de surface.

Dans une autre approche basée sur la méthode de densité locale, il a été montré que
la présence de surface conduit à l’apparition de nouveaux états de surface d’énergie
différents des états du volume. Ces états localisés en surface, peuvent exister dans la
bande interdite de la densité électronique volumique, comme par exemple dans le cas
du cristal de Si(111) [136].

I.4.2 Effets de confinement
L’effet de confinement est un phénomène généralement apparent lorsque la dimen-

sion du matériau est comparable au libre parcours moyen de la particule quantique.
Dans ce cas, le cristal cesse de se comporter comme un milieu continu, conduisant
à une quantification du spectre en énergie (par exemple, les zones sombres continues
représentant la structure de bande phononique de volume montrées sur la figure I.14
deviendraient discontinues).

Dans le cas des phénomènes de transport des déformations dans un solide cristallin
isolant, le libre parcours moyen de phonons est décrit comme la longueur moyenne que
la particule phononique peut effectuer avant d’entrer en collision avec une impureté
(défaut dans le solide) ou simplement avec un autre phonon. Lorsque le libre parcours
moyen devient du même ordre de grandeur que l’une des dimensions spatiales du
nanomatériau, les collisions s’effectuent principalement au niveau des surfaces ou des
interfaces et de moins en moins au cœur du nano-objet. On assiste à un changement de
mécanisme de transport : le système passe d’un régime diffusif à un régime balistique.
Sachant qu’un phonon est une quasi-particule qui transporte de la chaleur, un régime
balistique empêche aux quasi-particules de "communiquer" par collision et l’équilibre
thermodynamique (dans ce cas thermique) est difficilement atteignable.

Pour résumer, les effets de confinement sont liés à deux phénomènes : la diminution
de la quantité de matière qui entraîne la discrétisation de la structure de bande (ici
phononique) et une extension spatiale limitée du système dans certaines directions de
l’espace qui a tendance à modifier les mécanismes de transport (et donc les comporte-
ments collectifs). De plus, le confinement peut affecter la densité d’états vibrationnels
en modifiant la position des modes de vibration du nano-objet. Par exemple, il a été
observé un durcissement des modes acoustiques et un ramollissement des modes op-
tiques en présence du confinement spatial [137, 138, 139, 140, 141, 142, 83]. Ce dernier
est susceptible de rendre caduque la théorie de l’élasticité linéaire ou de l’approxima-
tion continue (valable uniquement lorsque les longueurs d’onde associées aux modes
de vibrations de basses fréqueneces sont grandes devant les paramètres de maille du
cristal). Dans ce cas les grandeurs physiques qui caractérisent les propriétés élastiques
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des matériaux massifs (vitesse du son, module d’Young etc...) ne sont plus définies et
ne sont plus pertinentes lorsque l’on souhaite analyser les propriétés mécaniques des
nano-objets.

I.4.3 Conséquences possibles sur la transition de spin des na-
nomatériaux

Les effets de surface et de confinement spatial peuvent alors influencer les propriétés
vibrationnelles, électroniques, mais également magnétiques et optiques des nanoma-
tériaux. La question pertinente à se poser est : pouvons-nous nous attendre à une
influence de la surface et du confinement spatial sur la thermodynamique et la stabi-
lité des phases des nanomatériaux à transition de spin ? En effet, Gibbs [174] définit
les quantités de surface comme des grandeurs en excès par rapport aux propriétés vo-
lumiques. Parmi ces grandeurs, deux ont une grande importance car elles permettent
de définir le travail lié à la création de surface (énergie de surface) et le travail de
déformation de surface (contrainte de surface). Ces deux quantités dépendent prin-
cipalement de l’excès de la densité électronique et des propriétés vibrationnelles et
élastiques en surface. Cependant, nous ne nous attendons pas à un excès d’électrons
en surface dans les matériaux à transition de spin, car dans ce type de matériaux,
les électrons sont fortement localisés, et l’approximation du gaz d’électrons presque
libres ne s’appliquent donc pas dans ce cas. Toutefois, le nuage électronique des com-
plexes à transition de spin peut être déformé du fait de la présence d’une surface.
Des dipôles électriques peuvent alors être induits et apparaître au niveau de ces sur-
faces. Une description théorique de ces effets prenant en compte les redistributions de
charges serait envisageable. La conséquence (ou la cause) possible de ces distorsions du
nuage électronique en surface est une modification des longueurs de liaison (distance
métal-ligand, paramètre de maille ...) à l’approche des surfaces. Dans ce type de maté-
riaux isolants, si l’on ne s’intéresse pas au chemin réactionnel amenant à la structure
de surface observée expérimentalement, il est alors possible d’observer indirectement
les réorganisations électroniques de surface au travers de l’étude des changements des
propriétés vibrationnelles. Même si les électrons restent fortement localisés en surface,
les nouveaux modes de vibrations optiques et acoustiques générés à la fois par la re-
distribution de charges et par la brisure de l’invariance par translation des propriétés
physiques vont quant à eux se délocaliser dans le coeur du matériau de taille finie et
seront susceptibles d’affecter le couplage électron-phonon, les propriétés élastiques et
thermomécaniques.

I.5 Nanomatériaux à transition de spin : les consta-
tations expérimentales

Initialement, l’une des motivations majeures ayant poussé la communauté scienti-
fique à étudier les matériaux à transition de spin est la présence possible du phénomène
de bistabilité dans la mesure de certaines grandeurs physiques. Cette propriété confère
à ces matériaux un potentiel applicatif certain dans le domaine du stockage d’informa-
tion [143]. Dans ce contexte, la communauté scientifique, en particulier Olivier Kahn,
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se sont efforcés de développer des dispositifs de stockage d’information reposant sur
l’effet mémoire de ces matériaux [144]. Très rapidement, la nécessité de miniaturiser ces
objets commutables pour leur intégration dans des dispositifs de taille nanométrique
a été pointée du doigt au début des années 2000. Dès lors, la cours à la fabrication
de nano-objet transition de spin était lancée : synthèse de nanoparticules de formes
diverses, conception de films minces, nano-structuration ... [145].
Dans cette partie, nous présentons une historique brève et succincte de l’élaboration
de nano-objets à transition de spin, plus particulièrement de nanoparticules et de films
minces. Nous nous attarderons sur l’évolution avec la diminution de la taille de leurs
propriétés physiques. Ce sera l’occasion d’effectuer des comparaisons avec les effets
de réduction de taille qui ont pu être observés dans d’autres systèmes présentant des
transformations de phase.

I.5.1 Cas des nanoparticules à transition de spin
C’est en 2008 que des nanoparticules [Fe(NH2-trz)3)](Br)2 de la famille des Fe(II)-

triazole, sont synthétisées à l’aide de la technique des micelles inverses [68]. Ces nano-
particules sphériques de taille moyenne 69 nm montrent la présence d’un cycle d’hysté-
résis thermique à la température ambiante. Ensuite, Coronado et al [69] démontrèrent
que la technique de micelles inverses pouvait être appliquée aux polymères à transition
de spin, tel que [Fe(Htrz)2(trz)](BF4), pour contrôler la croissance des cristallites. Les

Figure I.16 – Évolution du produit de la susceptibilité magnétique avec la tempéra-
ture (χT ) en fonction de la température pour différentes tailles de nano-particules. a)
Dans le cas du composé [Fe(Htrz)2(trz)](BF4), l’effet mémoire reste présent jusqu’à 4
nm accompagné d’une légère diminution de largeur du cycle d’hystérèse. Une diminu-
tion de la température de transition est également observée dans le mode de chauffage
[71]. b) Dans le cas du composé [Fe(NH2trz)3]Br2, une perte du cycle d’hystérèse est
observée avec la réduction de la taille sans changement significatif de la température
de transition [74, 75].
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nanoparticules obtenues de taille moyenne 10 nm révèlent un cycle d’hystérèse de lar-
geur 43 K à une température de transition supérieure à la température ambiante. En
2010, des nanoparticules de sels de Fe(II) triazole sont préparées par microémulsion
[70], la taille moyenne obtenue est environ 6 nm, et un cycle d’hystérèse est de nouveau
constaté dans ces nanoparticules mais d’une largeur inférieure à 30 K. De plus, la tran-
sition est incomplète avec l’apparition de 33 % de fraction HS à basse température.
L’étude en taille des [Fe(Htrz)2(trz)](BF4) s’est poursuivie en 2015 avec cette fois-ci des
nanoparticules de taille allant de 16 à 4 nm [71], les auteurs ont observé une transition
abrupte pour ces nanoparticules avec une diminution de la largeur du cycle d’hystérésis
de 24 à 13 K en diminuant la taille, une large hystérèse est alors préservée à l’échelle
nanométrique (voir figure I.17a). Cependant, la forme et la taille de ces objets ont été
remises en question par Murgui et al, qui affirment dans une publication [72] que la
méthode de synthèse utilisée ne permettrait d’obtenir que des nano-bâtonnets d’une
longueur pouvant atteindre quelque dizaines de nanomètres. Par ailleurs, d’autres tra-
vaux, tels que ceux de Durand et al [73], montrent la présence d’un cycle d’hystérèse
pour des nanoparticules de 3-4 nm que l’on a fait croître dans des pores de silice.
En parallèle, Létard et al [74, 75] observent une perte d’hystérèse et une transition
graduelle pour des nanoparticules de [Fe(NH2-trz)3]Br2 en dessous d’une taille critique
de 50 nm (voir figure I.17 (b)), tandis que des mesures d’absorption d’UV réalisées
dans notre équipe montrent l’existence d’une transition abrupte avec la présence d’un
cycle d’hystérèse dans des nanoparticules de 10 nm de [Fe(NH2trz)3](tos)2 [76] mais
une absence de l’effet mémoire pour des particules de 3-4 nm [77, 11, 78].

Figure I.17 – a) Évolution du produit de la susceptibilité magnétique avec la tempé-
rature (χT ) en fonction de la température pour différentes tailles de nano-particules.
Pour le composé [Fe(pyrazine)Pt(CN)4], il est possible d’observer l’effet mémoire pour
le matériau massif (bulk). En diminuant la taille, il y a une perte du cycle d’hystérésis,
une baisse de la température de transition et l’apparition d’une fraction résiduelle HS à
basse température (courbe violet : 14 nm ; courbe verte : 7 nm)[13]. b) Représentation
de l’aimantation M en fonction de la température pour un ensemble de nanopar-
ticules de 3-4 nm du composé [Fe(pyrazine)Ni(CN)4] dans une matrice de chitosan
(bio-polymère) [81].
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D’autre part, des effets de taille significatifs ont été mentionnés par Volatron et al
[13] pour des nanoparticules de 7 et 14 nm, en remarquant une perte de l’effet mé-
moire avec une importante fraction résiduelle HS à basse température accompagnée
d’une chute drastique de la température de transition. Par ailleurs, Larionova et al
[81] montrèrent une transition de spin très incomplète avec la présence significative
de sites inactifs, ainsi que la présence d’un cycle d’hystérésis pour des nanoparticules
[Fe(pyrazine)Ni(CN)4] de taille 4 nm dont la croissance s’est effectuée dans les pores
d’une matrice biopolymérique (chitosan). La miniaturisation de particules du composé
[Fe(pz)Pt(CN)4] a été poursuivie par Boldog et al [80], qui ont pu élaborer des nano-
particules d’une dizaine de nanomètre. Les premiers signes d’un effet de taille sur ces
composés ont été remarqués en constatant des propriétés magnétiques différentes de
celles observées pour les systèmes massifs. Des observations différentes ont été faites
par Peng et al. [14] sur des nanoparticules de la même famille (clathrates de Hoffmann)
mais obtenues par des méthodes de micelles inverses. Un comportement non monotone
de la température de transition est constaté avec la diminution de la taille ainsi que
la réapparition d’un cycle d’hystérésis pour des nanoparticules de très petites tailles
(< 2 nm).

I.5.2 Cas des films minces à transition de spin

La première préparation de films minces SCO concerne l’élaboration d’un assem-
blage bidimensionnel en utilisant la technique de Langmuir-Blodgett (LB) [146]. Cette
technique consiste à remplacer le phen de cis-Fe(phen)2(NCS)2 par X2Yphen contenant
des chaînes hydrophobes pour créer, après compression, des monocouches de molécules
SCO à l’interface eau/air [147, 148]. Plus tard, la croissance des films minces SCO a
été réalisée sur des surfaces solides en utilisant l’approche d’assemblage séquentielle,
le revêtement par centrifugation (spin coating en Anglais) , le "drop casting", ou la
technique d’évaporation thermique.

En 2006, l’approche d’assemblage séquentielle [149, 150] a été utilisée pour la pre-
mière fois par Cobo et al. [9] au cas des matériaux SCO. Cette technique permet de
construire un multicouches 3D de réseaux de coordination en assemblant d’une manière
séquentielle des couches bidimensionnelles (couche par couche) reliées entre elles par
un ligand pontant dans la troisième dimension. Des films minces de la famille de cla-
thrates de Hoffmann, en particulier le réseau de coordination [Fe(pyrazine)(Pt(CN)4)],
ont été élaboré en utilisant l’approche d’assemblage séquentielle. Dans la même année,
Kuroiwa et al. [151] reportèrent l’élaboration par la technique "drop casting" des films
minces du réseau de coordination 1D basé sur le composé triazole Fe(II), qui possède
une large hystérésis autour et au dessus de la température ambiante. Le revêtement
par centrifugation "spin coating" est l’une des méthodes la plus utilisée pour faire
croître des films minces à épaisseur contrôlée. D’abord, elle a été utilisée par Bous-
seksou et al. [152] et appliquée au cas des matériaux SCO. Une faible coopérativité
a été observée à une épaisseur de 30 nm du film mince [Fe(hptrz)3](OTs)2 (hptrz=4-
heptyl-1,2,4-triazole et OTs=tosylate) revêtu par centrifugation sur verre et étudié
par résonance plasmonique de surface (voir Fig.I.18 ) [153]. Finalement, la technique
d’évaporation thermique permet d’obtenir des films minces d’épaisseur allant du nano-
mètre jusqu’au micromètre. En utilisant cette méthode, Shalabaeva et al. [10] ont pu
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Figure I.18 – a) Image de la morphologie de surface du film mince [Fe(hptrz)3](OTs)2
d’épaisseur 30 nm obtenue par la technique AFM (Atomic Force Microscopy). La figure
insérée montre le film sur le substrat de verre/Ti/Au. b) Angle de résonance plasmo-
nique en fonction de la température dans les modes de chauffage et de refroidissement
[153].

Figure I.19 – a) Image de la morphologie de surface du film mince [Fe(HB(tz)3)2]
d’épaisseur 45 nm obtenue par AFM. b) Représentation de la température de tran-
sition du film mince en fonction de l’épaisseur. Cette courbe a été ajustée avec un
modèle nanothermodynamique prenant en compte de manière phénoménologique la
différence en terme de propriétés thermodynamiques et mécaniques de surface entre
les phases HS et BS [10].

faire croître des films minces de hautes qualités du complexe [FeII(HB(tz)3)2](tz=1,2,4-
triazol-1-yl) (voir Fig.I.19a). Ce travail a mis en évidence une augmentation de 3 K de
la température de transition lorsque l’épaisseur de la couche mince passe de 200 nm à
40 nm (voir Fig.I.19b). Ce résultat est important car jusque maintenant on observait
systématiquement une diminution de la température de transition avec la diminution
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de la taille. Ce comportement original 8 a été simulé numériquement à l’aide d’un
modèle nanothermodynamique prenant en compte à la fois la différence d’énergie de
surface entre les deux phases HS et BS et la forte anisotropie des propriétés élastiques
et mécaniques lorsque le système change d’état de spin. Toutefois, si l’explication du
mécanisme conduisant à une inversion du changement de la stabilité des phases est très
certainement pertinente, la simulation avec le modèle nanothermodynamique n’est pas
pleinement satisfaisante car la prise en compte des effets de surface/interface se fait
au moyen d’un paramètre phénoménologique qui ne distinguent pas la contribution du
défaut de coordination (liaison pendantes) et celle des relaxation de surface/interface.

I.5.3 Comparaison avec d’autres matériaux

La réduction de la taille des nanoobjets à transition de spin favorise la stabilité
d’une phase (HS ou BS) et donc change la température de transition. La modification
des propriétés de commutation, en particulier, le changement de stabilité des phases
semblent être dépendants de la nature matériaux à transition de spin (complexes mo-
léculaires, réseaux et polymères de coordination), de la forme et de la mise en forme du
nano-objets ainsi que de l’environnement extérieur [154]. Ces observations sont com-
parables à celles effectuées sur d’autres matériaux présentant un effet de taille, tels que
les oxydes métalliques, ou les films semi-conducteur de la famille des hydrocarbures
aromatiques polycycliques tels que le pentacène. En effet, l’oxyde métallique binaire
Al2O3 subit une transformation de phase structurale αAl2O3 → γAl2O3 en dessus
d’une certaine surface spécifique (125 m2.g−1) en raison d’une énergie de surface qui
favorise la phase γAl2O3 à l’échelle nanométrique (voir Fig.I.20a) [155, 156]. De plus,
en dessous d’une taille de particule de 14 nm, la forme anatase du TiO2 est énergéti-
quement plus stable que sa forme rutile en raison d’une énergie de surface inférieure
pour l’anatase (γA < γR) [157]. En ce qui concerne la transformation structurale de
la phase triclinique à la phase orthorhombique avec la diminution de l’épaisseur ob-
servée dans les films minces de pentacène [158], un modèle thermodynamique révèle
que l’énergie libre de surface et l’énergie élastique provenant de la pression intérieure
induisent une cristallisation de la phase orthorhombique plutôt que celle triclinique à
l’échelle nanométrique (voir Fig.I.20b) [159]. Il est maintenant question de savoir pour-
quoi la phase HS (resp. BS) est favorisée la plupart du temps dans les nanoparticules
(resp. dans certains films minces) induisant une diminution (resp. augmentation) de
la température de transition. Une étude théorique utilisant des approches issues de la
physique statistique ou des modèles atomistiques est envisageable afin de clarifier le
rôle des quantités de surface/interface et de confinement spatial dans la stabilité de
phases des nanomatériaux à transition de spin.

8. Il est difficile de savoir si ce changement de stabilité des phases observé dans ces films minces est
marginal, il n’y a pas encore suffisamment de données expérimentales pour conclure sur le caractère
exceptionnel ou non de ce comportement.
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Figure I.20 – a) Enthalpies libres en fonction de l’aire spécifique de surface dans les
deux phases α et γ de l’Alumine Al2O3 [155, 156]. b) Représentation de la différence
d’enthalpie libre totale ∆G = Go − Gt du pentacène. Les phases orthorhombique et
triclinique sont notées respectivement par o et t. ∆G est la somme des contributions de
volume (∆Gv), de la surface solide-vide (∆Gs), de l’interface solide-solide (∆Gi) et de
l’énergie élastique induite par la pression intérieure (∆Ge). En dessous d’un certain dia-
mètre critique de nanoparticule (Dc=46.2 nm), l’enthalpie libre de surface/interface et
l’énergie induite par la pression intérieure contribuent à diminuer la différence d’éner-
gie de Gibbs totale et donc favorisent la phase orthorhombique (Go < Gt). Au dessus
de cette valeur critique, c’est la phase triclinique qui est favorisée [159].

I.6 Modélisation des effets de la réduction de taille
dans les matériaux à transition de spin

Nous avons évoqué dans la section précédente les différentes expériences réalisées
sur des matériaux à transition de spin, montrant un changement de la stabilité des
phases et des propriétés de commutation lorsque la taille atteint l’échelle nanométrique.
Cependant, les origines de ces changements restent méconnues. Il s’agit certainement
d’un effet de surface (ou matrice), et/ou d’un effet de défauts ponctuels, et/ou d’un
effet de confinement. Afin de répondre à ces questions, un certain nombre d’approches
théoriques et numériques ont été proposées depuis une décennie. Dans cette partie,
nous présentons de manière non exhaustive les différents résultats qui ont été obtenus
concernant la simulation des effets de taille sur les matériaux à transition de spin
[15, 16, 163].

I.6.1 Modélisation des effets de surface solide-vide
Mikolasek et al. [123] ont montré que les propriétés physico-chimiques de surface

pouvaient affecter l’ensemble des propriétés vibrationnelles des nano-objets, de modi-
fier le couplage électron-phonon et par conséquent de jouer un rôle dans l’existence du
phénomène de bistabilité à l’échelle nanométrique. Dans ce but, l’étude des effets de
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surface sur les propriétés vibrationnelles d’une nanoparticule de forme cubique possé-
dant des conditions de bords libres a alors été réalisée au travers du calcul numérique
du déplacement quadratique moyen obtenu par méthodes Monte Carlo. Les résultats
de ce calcul montrent une distribution inhomogène du déplacement quadratique moyen
proche de la surface et une valeur élevée de celui-ci à proximité des sommets du cube

  

a) b)

d)c)

Figure I.21 – a) Distribution spatiale du déplacement quadratique moyen par site
〈u2

i 〉 pour un système cubique de taille N = 403 possédant des surfaces libres. b) Profils
moyens de 〈u2

i 〉 pour différentes tailles de système (N = 53, 103, 203, 303, et 403). Le
centre de la cube est pris comme référence afin d’identifier les couches entre deux
surfaces opposées. c) Évolution de la température de Debye θD en fonction de la taille
du système cubique (croix bleues), obtenue par simulations Monte-Carlo de 〈u2〉 à une
température de T = 200 K. Ces résultats sont ajustés par une fonction exponentielle
décroissante permettant l’extraction d’une longueur caractérisant la profondeur de
pénétration des propriétés mécaniques de surface dans le coeur de la nanoparticules,
directement reliée à la longueur de corrélation de la surface dans le massif [124]. La ligne
rouge pointillée représente la température de Debye dans la limite thermodynamique
(L >> Lc). d) Simulation de l’évolution en taille de la température de Debye pour
une nanoparticule cœur-coquille où l’énergie de liaisons de la matrice est supérieure à
l’énergie de cohésion du cœur. Figure insérée : représentation schématique du système
cœur-coquille considéré [123].

(voir Figs.I.21a et b). Ce phénomène est due à l’augmentation de l’amplitude de dé-
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placement des sites, provoquée par la présence de liaisons pendantes (ou du défaut
de coordination) inhérent à la présence d’une surface libre. En d’autres termes, les
propriétés mécaniques (ou vibrationnelles) de la surface sont différentes de celles de
l’intérieur de la nanoparticule, car les molécules situées à la surface sont plongées dans
un environnement différent des molécules situées dans le cœur du nanoobjet. Cepen-
dant, du fait de l’existence d’un couplage mécanique entre la surface et le cœur de
la nanoparticule, les effets de surface ne se limitent pas qu’aux molécules situées à
la surface proprement dite, i.e aux molécules possédant des liaisons pendantes. En
effet, la présence d’une surface modifie les propriétés vibrationnelles des couches infé-
rieures situées dans son environnement immédiat. Sur une certaine longueur, appelée
longueur de corrélation de la surface dans le massif, les molécules ont des propriétés
physico-chimiques qui peuvent être différentes de celles qu’elles auraient dû avoir dans
un matériau infini. Au delà d’une certaine distance à la surface, le déplacement moyen
carré retrouve sa valeur attendue dans le matériau massif. Lorsque la taille de la nano-
particule est du même ordre de grandeur que la longueur de corrélation de la surface
dans le massif, l’effet de surface est dominant et la valeur du déplacement quadratique
n’atteint jamais la valeur seuil du matériau massif : les propriétés élastiques et vibra-
tionnelles des petites nanoparticules n’ont plus à rien à voir avec celles du matériau
infini correspondant.

I.6.2 Modélisation des effets d’interface solide-solide

L’influence de la surface libre solide-vide sur les propriétés vibrationnelles d’une
nanoparticule, apparait notamment en calculant la température de Debye, qui chute
brutalement à très petite taille. Cela signifie une diminution de la rigidité du système en
diminuant la taille (voir Fig.I.21c). Pour mettre en évidence la sensibilité des nanopar-
ticule à un environnement dense (matrice rigide, coquille dans le cas de nanoparticules
cœur-coquille etc...) ou plus généralement à la présence d’une interface solide-solide,
Mikolasek et al. [123] ont modélisé une nanoparticule cœur-coquille possédant des pro-
priétés mécaniques différentes : en particulier la coquille est plus rigide que le cœur à
transition de spin. Cette différence de rigidité conduit alors à une augmentation de la
température de Debye avec la diminution de la taille (voir Fig.I.21d). Ce comportement
est totalement opposé au cas des surfaces solide-vide. Une conséquence directe de cette
augmentation serait alors la réapparition d’un cycle d’hytérésis à très petites tailles
observée dans certains nano-objets à transition de spin [14]. Il semblerait qu’il y ait une
synergie entre la particule et la matrice, ou entre le cœur et la coquille, qui conduit la
particule/cœur SCO immergée dans un environnement à s’accommoder aux propriétés
mécaniques de la matrice/coquille et à changer la température de transition. Une ap-
proche analytique basée sur la mécanique des milieux continus [160], modélisant une
particule SCO incorporée dans une coquille sphérique, montre que la synergie entre le
cœur et la coquille induit une énergie de déformation élastique sur le cœur dépendante
de l’état de spin qui s’additionne à l’énergie totale du système. Selon le désaccord du
paramètre de maille entre le coeur et la coquille, il est possible d’observer une diminu-
tion ou une augmentation de la température de transition du cœur. Cela signifie qu’un
contrôle de la stabilité des phases est envisageable en jouant sur les contraintes méca-
niques aux interfaces cœur/coquille (ou nanoparticule/matrice). Dans un autre modèle
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électro-élastique simulant un réseau 2D rectangulaire, le rôle de l’interface HS/BS a
été étudié par Affes et al. [161] dans le contexte d’une investigation du phénomène
de nucléation/croissance de la phase métastable HS à basse température induite par
une irradiation lumineuse, appelé effet LIESST (Light-Induced Spin-State Trapping
en Anglais). Ce travail souligne l’importance de la déformation élastique engendrée
par la différence de paramètres de maille entre les phases HS et BS sur la vitesse de
propagation du front HS/BS. L’augmentation de ce désaccord entre les deux états de
spin conduit à une augmentation de l’énergie élastique au niveau de l’interface HS/BS,
dont la distribution spatiale est asymétrique de part et d’autre de la paroi de domaine
dynamique (voir Fig.I.22). Ceci provient du fait que la phase HS est moins rigide que
la phase BS et peut donc être davantage déformée. Une grande valeur d’énergie élas-
tique à l’interface HS/BS augmente l’énergie de barrière induisant une diminution de
la vitesse de propagation du front qui affecte la dynamique de nucléation. En utilisant
le même modèle, Singh et al. [162] réalisèrent une étude sur une nanoparticule dont
le cœur et la coquille sont actives d’un point de vue de la transition de spin. Dans ce
cas, la différence de paramètres de maille à l’interface cause selon les auteurs un effet
de "frustration" élastique conduisant à l’apparition de transition de spin en plusieurs
étapes.

Figure I.22 – Images de la distribution d’énergie élastique autour d’une interface
HS/BS verticale (ligne pointillée), capturées après la relaxation mécanique des états
électroniques HS (σ =+1) et BS (σ =-1). L’énergie élastique Ei augmente avec l’aug-
mentation de la différence de paramètres de maille a) ∆R = 0.043 nm, b) ∆R = 0.048
nm, c) ∆R = 0.053 nm, d) ∆R = 0.058 nm. L’énergie élastique est stockée principa-
lement dans la phase HS [161].

I.6.3 Modélisation de l’influence des effets de surface et d’in-
terface sur les courbes de transition de spin

A très petite taille, lorsque le rapport surface/volume devient important, le rôle
des propriétés de surface dans le phénomène de la bistabilité devient primordial. Dans
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notre équipe, des approches théoriques ont été développées afin d’étudier le rôle de
l’effet de surface sur la stabilité des phases et les propriétés de commutation à l’échelle
nanométrique. Une première approche fut réalisée dans le cadre de la thèse de Gau-
tier Félix, qui a repris le modèle spin-phonon de type anharmonique développé par
Nicolazzi et al. [120] pour étudier l’effet de taille d’une particule carré 2D [20]. Les in-
teractions prises en compte sont les premiers et les deuxièmes voisins, et l’hamiltonien
de la particule s’écrit alors comme étant la somme de l’énergie des molécules isolées H0
et du terme d’interaction Hinter : H1 = H0 +Hinter (Eq.I.40). L’accès aux propriétés
thermodynamiques de ce modèle par des méthodes analytiques ou par obtention de so-
lution auto-cohérente reste très limité (méthodes variationnelles, ou systèmes de basse
dimensionnalité), voire impossible. L’étude a donc été réalisée à l’aide de simulations
Monte Carlo. Les résultats montrent que la réduction de la taille implique une dimi-
nution de la largeur de l’hystérésis jusqu’à sa disparition, accompagnée d’une légère
diminution de la température de transition (voir Fig.I.23a). Cependant, il est impor-

Figure I.23 – a) Courbes de transitions de spin thermiques pour différentes tailles
de particules. b) Courbes de transition de spin thermiques pour différentes tailles de
particules présentant une fraction résiduelle HS due à la différence d’énergie de surface
additionnelle αHS − αBS = −6000 K.Å−1 [82].

tant de noter qu’une différence d’énergie de surface, due au seul défaut de coordination,
ne suffit pas à la création d’une fraction résiduelle en surface de la nanoparticule et
à un décalage important de la température de transition. Ce phénomène observé ex-
périmentalement trouve ses origines dans des phénomènes plus complexes. L’influence
de la matrice, ainsi que les reconstructions possibles de la surface sont des ingrédients
physiques qui peuvent modifier le champ de ligands des molécules situées à proximité
de la surface [121]. Cette modification serait à l’origine de la fraction résiduelle obser-
vée. Dans une approche théorique plus avancée, les interactions particule–matrice et
les propriétés spécifiques de surface sont pris en compte par des termes ad-hoc, αBS et
αHS, représentant les énergies de surface par site pour respectivement des molécules
dans un état BS et HS. L’hamiltonien s’écrit alors de la manière suivante :
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Htot = H1 +Hsurf = H0 +Hinter +
∑

i∈Surface

[
αHS − αBS

2 σi + αHS + αBS
2

]
; (I.48)

L’étude numerique des propriétés thermodynamiques du nouveau hamiltonien montre
qu’une différence d’énergie de surface, de l’ordre de αHS − αBS = −6000 K.Å−1,
est responsable de l’apparition d’une fraction résiduelle à basse température et d’une
diminution importante de la température de transition avec la réduction de la taille
(voir Fig.I.23b). La formation d’une fraction résiduelle et la chute de la température de

  

Figure I.24 – Courbes de transition de spin thermique obtenues par simulation numé-
rique en utilisant un modèle nanothermodynamique incluant la différence d’énergies
de surface entre les deux phases [20]. Les symboles rouges indiquent la transition de
spin pour le matériau massif. Les lignes montrent la transition pour une nanoparticule
de 8 nm avec différentes variations d’énergie de surface, respectivement, de gauche à
droite : ∆γ = −0.1 (J/m2), ∆γ = −0.005 (J/m2), ∆γ = 0 (J/m2), ∆γ = +0.005
(J/m2), ∆γ = +0.1 (J/m2).

transition deviennent de plus en plus significative en augmentant la différence d’énergie
de surface, ce qui semble être en bon accord avec les observations expérimentales
effectuées sur les nanoparticules de la famille des clathrates de Hoffmann. Dans une
approche théorique reposant sur le formalisme de la nanothermodynamique [20], une
différence d’énergie de surface de l’ordre de -0.005 (J/m2) diminue de presque 20 K
la température de transition (voir Fig.I.24), alors qu’une différence importante de -0.1
(J/m2) est susceptible de diminuer significativement la température de transition, et
de générer la formation d’une fraction résiduelle HS à basse température.

43



Chapitre I : Introduction

En parallèle, Mikolasek et al. ont étudié le rôle des relaxations de surface sur les
caractéristiques de la transition de spin d’un système cubique [122]. L’étude a été
réalisée avec un modèle de type Ising résolu dans l’approximation du champ moyen
inhomogène. Il découle de ce modèle que l’énergie due aux défauts de coordination
diminue largement la température de transition, alors que les relaxations de surface
diminue le coût énergétique des liaisons coupées, provoquant un ralentissement de la
décroissance de la température de transition (voir Fig.I.25b).

Figure I.25 – a) Représentation de la fraction HS (ηHS) en fonction de la tempé-
rature pour différentes tailles de particules, L correspondant au nombre de sites sur
un côté d’un système cubique 3D. b) Évolution avec la taille de la température de
transition dans le cas d’un modèle d’Ising résolu en champ moyen en présence d’un
défaut de coordination (courbe verte) et dans le cas d’un modèle d’Ising résolu dans
l’approximation du champ moyen inhomogène avec défaut de coordination produisant
des relaxations du paramètre d’ordre (croix bleues). La ligne en pointillé rouge cor-
respond à la température de transition du matériau massif correspondant, choisie ici
comme une référence [122].

Dans le cadre de l’étude des structures cœur/coquille, avec un cœur actif qui peut
subir la transition de spin en présence d’une coquille inactive d’un point de vue de
la transition de spin, des simulations numériques ont été effectuées en utilisant des
modèles microscopiques de type électro-élastiques afin d’étudier, entre autres, le rôle
de la réduction de la taille sur la stabilité des phases et les propriétés de commutation
du cœur actif. Oubouchou et Slimani [17, 18] montrèrent l’existence d’une hétérogenité
élastique au sein du système coeur/coquille. En particulier, la différence de paramètre
de maille à l’interface conduit à la présence d’une forte contrainte compressive exercée
par la coquille sur le cœur (voir Fig.I.26a). La variation de l’épaisseur de la coquille
peut changer les effets synergiques entre le cœur et la coquille. Ainsi, la transition
de spin thermo-induite du premier ordre du cœur est significativement affectée par
l’augmentation de la taille de la coquille, ce qui abaisse la température de transition
et réduit la largeur d’hystérésis thermique (voir Fig.I.26b).
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Figure I.26 – a) Distribution spatiale des contraintes dans un système cœur/coquille.
b) Évolution avec la température de la fraction HS pour différentes épaisseurs de la
coquille [17].

I.7 Dynamique de réseau des nanomatériaux à tran-
sition de spin

Nous avons vu dans la section précédente que les approches Monte-Carlo prenant
en compte des effets de surface/interface peuvent expliquer la modification de l’effet
mémoire et le changement de la stabilité des phases observés expérimentalement. Si ces
tendances générales sont aujourd’hui bien reconnues à partir de ces approches qualita-
tives et phénoménologiques, l’analyse quantitative de ces propriétés reste sérieusement
entravée par la méconnaissance des propriétés vibrationnelles de ces matériaux. La
compréhension des propriétés dynamiques du réseau dans les nanomatériaux à tran-
sition de spin est d’une importance primordiale afin de concevoir des nanomatériaux
avec des propriétés de commutation bien contrôlées. En effet, le phénomène de transi-
tion de spin donne lieu à une modification de la densité d’états vibrationnels (vDOS)
avec des conséquences importantes sur différentes propriétés thermodynamiques et
mécaniques, telles que les contributions vibrationnelles à l’entropie et à l’enthalpie, les
constantes élastiques et la rigidité du réseau. En particulier, la différence d’entropie
vibrationnelle entre les états HS et BS peut être considérée comme la principale force
motrice de la transition de spin thermo-induite, tandis que la rigidité du réseau (et sa
dépendance à l’état du spin) joue un rôle crucial dans les phénomènes coopératifs, tels
que les transitions de phase de premier ordre dans les matériaux SCO massifs. L’étude
des propriétés vibrationnelles à l’échelle nanométrique pourrait offrir alors une compré-
hension exhaustive et quantitative des phénomènes physico-chimiques observés dans
les nanomatériaux à transition de spin.

Dans cette partie, nous exposerons les résultats expérimentaux et théoriques concer-
nant l’étude de la dépendance en taille de la dynamique de réseau et donc des propriétés
vibrationnelles. Nous confronterons observations expérimentales et calculs théoriques.
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I.7.1 Effets de taille sur la dynamique de réseau : Études ex-
périmentales

De nombreuses études sur les propriétés vibrationnelles des matériaux à transition
de spin ont été réalisées afin de comprendre à la fois le processus de commutation mo-
léculaire directement relié aux propriétés thermodynamiques du réseau ainsi que les
mécanismes coopératifs caractérisés par l’élasticité des matériaux. Les modes de vi-
brations mesurés par la spectroscopie Raman pour le composé Fe(pyrazine)[Pd(CN)4]
s’étalent entre 50 et 2000 cm−1 [84]. En particulier, les modes à basses fréquences
entre 50 et 450 cm−1 (ou entre 6 et 56 meV) sont généralement attribués aux modes
optiques métal-ligand, alors que les modes optiques à hautes fréquences, supérieures
à 450 cm−1, sont les modes internes des ligands. Il est important de noter qu’un
décalage des modes optiques de vibrations vers la basse fréquence accompagne la tran-
sition de spin de l’état BS à l’état HS (voir Fig.I.27a) [84, 85]. Ce phénomène est
due principalement à l’augmentation du volume moléculaire et au ramollissement du
réseau lors de la transition de phase. En parallèle, la technique de diffusion inélastique

Figure I.27 – a) Spectroscopie Raman du composé Fe(pyrazine)[Pd(CN)4] dans l’état
BS (ligne bleue) et HS (ligne rouge) [84, 85]. b) Densité d’états vibrationnels partiels
(vDOS uniquement pour l’ion Fe(II)) pour deux nanoparticules Fe(pyrazine)[Pd(CN)4]
de tailles 2.3 et 51 nm dans l’état HS. Les modes vibrationnels à 29 meV correspondent
aux modes de vibration optique métal-ligand. La partie acoustique de la densité d’états
vibrationnels est dans la zone basse fréquence inférieure à ≈ 15 meV. Pour la nano-
particule 2.3 nm : la flèche rouge indique la présence de modes additionnels dans
la partie acoustique, responsables de l’augmentation de l’entropie vibrationnelle. Les
modes optiques à 29 meV sont légèrement impactés par la diminution de la taille [19].

nucléaire (NIS) a été utilisée pour calculer l’évolution en taille de la densité d’états
vibrationnels partiels. Cette méthode décrite par Chumakov et Struhahn [86], a été
reprise par Gautier et al. [21] pour accéder aux propriétés vibrationnelles du composé
[Fe(pyrazine)Ni(CN)4]. Par la suite, Rat et al. [87] utilisèrent la même méthode pour
mesurer la densité d’états vibrationnels du complexe moléculaire à transition de spin
[Fe(H2B(pz)2)2(phen)]. En passant de l’état BS vers l’état HS, les auteurs constatèrent
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pour ces composés un décalage vers la basse fréquence des modes optiques du centre
métallique, rejoignant les résultats obtenus par spectroscopie Raman [84]. Finalement,
Mikolasek et al. [19] réalisèrent une étude en taille des propriétés vibrationnelles des
particules de [Fe(pyrazine)Ni(CN)4]. Pour une nanoparticule de taille 2.3 nm, les au-
teurs constatèrent la présence de modes à très basse fréquence indiqués par une flèche
rouge dans la figure I.27b, conduisant à une augmentation de l’entropie vibration-
nelle (svib) avec la diminution de la taille, tout en gardant une variation constante
de l’énergie interne vibrationnelle (uvib), car cette quantité, contrairement à l’entropie
vibrationnelle, dépend principalement des modes optiques Me-L à 29 meV, qui ne sont
que peu impactés par la diminution de taille (voir Fig.I.28 a et b).

Figure I.28 – Évolution des propriétés vibrationnelles en fonction de la taille moyenne
des particules du composé [Fe(pyrazine)Ni(CN)4]. Les différentes grandeurs physiques
représentées sont : a) l’énergie interne vibrationnelle de l’ion Fer(II) dans l’état HS.
Des résultats similaires ont été obtenus pour l’état BS. b) l’entropie vibrationnelle de
l’ion de Fer(II) dans l’état HS par atome. L’ellipse rouge souligne l’augmentation de
l’entropie vibrationnelle en diminuant la taille due à l’apparition de nouveaux modes
acoustiques à basses fréquences. Des résultats similaires ont été obtenus pour l’état
BS [19].

La réduction de taille des matériaux à transition de spin n’affecte pas seulement les
quantités thermodynamiques, mais aussi la rigidité de ces matériaux. En effet, contrai-
rement à certains matériaux qui montrent une diminution de la température de Debye
en diminuant la taille, les études menées sur des nanoparticules [Fe(pyrazine)Ni(CN)4]
à l’aide de la spectroscopie Mössbauer, révèlent une augmentation de la température
de Debye en diminuant la taille de ces nanoparticules [14], de 170 K pour un maté-
riau massif, jusqu’à 261 K pour une nanoparticule de taille 4 nm (Voir Fig.I.29a). Les
mêmes observations ont été constatées par Gautier et al [20] pour des nanoparticules
d’analogues de blue de Prusse Ni3[Fe(CN)6]. La réduction de taille de ces matériaux
augmente la température de Debye d’environ 40 K. Dans les deux cas, l’augmen-
tation de la température de Debye semblerait indiquer une augmentation tout du
moins effective de la rigidité qui accompagne la rédaction de taille. Cette observa-
tion a été confirmée par une autre étude indépendante menée sur des nanoparticules
[Fe(pyrazine)Ni(CN)4] à l’aide de la technique de diffusion inélastique nucléaire [19],
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Figure I.29 – Évolution des propriétés élastiques en fonction de la taille moyenne
des particules du composé [Fe(pyrazine)Ni(CN)4]. Les différentes grandeurs physiques
représentées sont : a) la température de Debye θD [14]. b) la vitesse du son de Debye
vD dans l’état HS (carrés verts) et dans l’état BS (cercles bleus) [19].

où les auteurs constatèrent une augmentation de la vitesse du son, en diminuant la
taille des nanoparticules. En particulier, une augmentation d’environ de 8.6 ± 3 % et
de 9.9 ± 2.4 % de la vitesse du son est observée pour respectivement les plus petites
nanoparticules BS et HS par rapport aux particules massives, avec une variation de
la différence de vitesse de son d’environ 1.3 % avec la diminution de la taille (voir
Fig.I.29b). L’augmentation de la rigidité des nanoparticules a été attribuée à la sensi-
bilité des nanoparticules à la nature de l’environnement extérieur (matrices rigides ou
possédant une très grande viscosité, etc ...) [123].

Les propriétés thermodynamiques et élastiques semblent être impactées par les
effets de taille finie, conduisant à une variation de la différence ces propriétés. Les effets
de surface/interface sont donc susceptibles de favoriser un état de spin au détriment de
l’autre et par conséquence modifier la stabilité des phases. De plus, l’augmentation de
la rigidité, même si elle est effective, signifie que les mécanismes d’interaction élastique
sont différents à l’échelle du nanomètre. Dans une vision naïve du phénomène, on
pourrait imaginer que la diminution du nombre de liaisons/connexions entre les entités
commutables, vecteurs de la coopérativité, soit compensée par un renforcement des
liaisons intermoléculaires. Cette modification des comportements collectifs pourrait
expliquer tout du moins partiellement l’existence du phénomène de la bistabilité pour
des très petites nanoparticules [14].

I.7.2 Modélisation de la dynamique de réseau
L’étude des propriétés vibrationnelles des nanoparticules SCO s’est poursuivie par

Mikolasek et al [83] avec la simulation de la densité d’états vibrationnels à l’aide de mo-
dèles atomistiques utilisant des méthodes de dynamique moléculaire non-conservative.
Cette approche basée sur les équations fondamentales de la dynamique permet d’ef-
fectuer de premières analyses quantitatives des effets de surface sur le phénomène de
la transition de spin. Le système étudié est un réseau cubique à motifs octaédrique,
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qui représente d’une manière générale et simplifiée les complexes à transition de spin.
Chaque molécule est alors formée d’un centre métallique entouré de six atomes modé-
lisant six ligands. L’hamiltonien du système s’écrit de la façon suivante :

H =
∑
i

P 2
i

2MMe

+
∑
i

p2
i

2ML

+
∑
〈i,j〉

(Vinter + Vintra)(ri, rj) +
∑
〈i,j,k〉

Vangle(θijk) ; (I.49)

où les deux premiers termes sont respectivement les énergies cinétiques des centres
métalliques et de ligands. Vinter et Vintra représentent respectivement les potentiels
harmoniques intermoléculaire et intramoléculaire, et Vangle le potentiel angulaire ajouté
entre un centre métallique et deux ligands pour prévenir d’une contraction thermique
indésirable du système (Voir Fig.I.30). Les paramètres des potentiels utilisés dans les
simulations numériques sont résumés dans le tableau I.1.

Figure I.30 – Représentation schématique bidimensionnelle du système modèle avec
les différentes interactions intermoléculaire et intramoléculaire [83].

Masses MMe = 50 u ML = 10 u
Potentiels harmoniques Constantes de force Distances d’équilibre

Me-L (BS) kBSMeL = 200 (kcal.mol−1Å−2) aBSMeL = 2.0 (Å)
Me-L (HS) kHSMeL = 150 (kcal.mol−1Å−2) aHSMeL = 2.1 (Å)

L-L (intra) (BS) kBSLL−intra = 100 (kcal.mol−1Å−2) aLSLL−intra = 2
√

2(Å)
L-L (intra) (HS) kHSLL−intra = 75 (kcal.mol−1Å−2) aHSLL−intra = 2.1

√
2(Å)

L-L (inter) kLL−inter = 250 (kcal.mol−1Å−2) aLL−inter = 1 (Å)
Potentiel angulaire Constante de force Angle d’équilibre

Me-L-L Cθ = 12.5 (kcal.mol−1rad−2) θ̂0 = π (rad)

Table I.1 – Paramètres utilisés par Mikolasek et al. dans les simulations de dynamique
moléculaire [83].

Les équations fondamentales de la dynamique intégrant les champs de force conte-
nus dans l’hamiltonien (Eq. I.49) ont été résolues avec un schéma numérique utilisant
l’algorithme de Verlet et dans le cas d’un système en contact avec un bain thermique
(ensemble (N ,V ,T )) modélisé par le thermostat de Nosé-Hoover [114, 115]. Ainsi les
vecteurs positions et vitesses sont obtenus en temps réels et le calcul de la fonction
d’autocorrélation des vitesses permet d’accéder à la densité d’états vibrationnels. La
(vDOS) pour le centre métallique, appelé (vDOS) partielle ou (pvDOS), est calculée
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BS HS
〈C〉 (N/m) 306(2) 217(2)
s (kB) 2.83(1) 3.30(1)
u (meV) 91.55(5) 87.70(5)
vD (m/s) 5500(100) 4300(50)

Table I.2 – Paramètres extraits de la densité d’états partiels pour les deux états
de spin à la température de transition 300 K. Les simulations ont été faites pour un
système constitué de 503 octaèdres possédant des conditions aux limites périodiques
[83].

pour les deux états de spin afin de comparer les résultats numériques aux données ex-
périmentales. Ce calcul permet d’extraire des quantités thermodynamiques, telles que
la constante de force moyenne, la vitesse du son de Debye, l’énergie interne et l’entropie
vibrationnelles. Les résultats obtenus de ces grandeurs physiques sont représentés dans
le tableau I.2. En comparant avec l’expérience [19], Mikolasek et al. ont pu retrouver
les bons ordres de grandeur de l’énergie interne et de l’entropie vibrationnelles ainsi
que de la constante des forces moyenne dans les deux états de spin. Cependant, si la
variation relative des vitesses entre les deux états de spin est très proche de celle obser-
vée expérimentalement, ce n’est pas le cas pour les valeurs absolues. En effet, celles-ci
sont environ deux fois plus importantes que les valeurs de vitesse du son obtenues
expérimentalement (voir Fig. I.29b).

Par la suite, les effets de taille ont été étudiés. En accord avec les résultats expé-
rimentaux, la dynamique du réseau est indépendante de la taille jusqu’à 5 nm. Dans
les plus petites particules (<5–10 nm), le principal effet de réduction de la taille est
la quantification de états vibratoires, ce qui conduit également à l’ouverture d’un gap
acoustique. Une conséquence directe de ce gap est l’impossibilité d’extraire la vitesse
du son de Debye dans les plus petites particules. La quantification de la (pvDOS)
affecte la plupart des paramètres dynamiques du réseau. En particulier, elle conduit à

Figure I.31 – Évolution en fonction de la taille de l’énergie interne vibrationnelle uFeN
par atome (A gauche), et de l’entropie vibrationnelle par atome sFerN (A droite), pour
un système HS à une température de 300 K. Des résultats similaires sont obtenus à
l’état BS à la même température de transition [83].
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une légère diminution de l’entropie vibrationnelle et à une augmentation de l’énergie
interne vibrationnelle (voir Fig.I.31), ce qui affecte à la fois la stabilité des phases et
la bistabilité de la transition de spin. Ces résultats sont en contradiction avec les me-
sures expérimentales (Figs.I.28c et d) qui montrent que l’entropie augmente et l’énergie
interne vibrationnelle reste constante en diminuant la taille. De plus, les spectres expé-
rimentaux ne révèlent pas de quantification du spectre phononique, due probablement
à une polydispersité des échantillons expérimentaux et/ou à un changement de forme
des particules, qui tendent à masquer la quantification.

I.8 Problématiques et objectifs de thèse
La miniaturisation de objets SCO entraîne une modification des propriétés physico-

chimiques qui affecte à la fois la stabilité de phases et les propriétés de commutation
des molécules. En particulier, sauf quelques exceptions, la perte du cycle d’hystérésis,
la diminution de la température de transition ainsi que la formation d’une fraction
HS à basse température semblent être la tendance générale dans des nanoparticules
SCO. L’origine de ces phénomènes a été l’objet de nombreuses études numériques et
théoriques réalisées dans notre équipe en utilisant des approches spin-phonons et na-
nothermodynamique résolues par des méthodes Monte-Carlo. Ces approches montrent
que les effets de surface/interface pourraient jouer un rôle primordial dans le phé-
nomène de transition de spin et seraient probablement à l’origine des modifications
de propriétés de commutation à l’échelle nanométrique. De plus, elles ont permis de
modéliser les différents phénomènes observés dans des nanoobjects SCO, telles que la
chute de la température de transition ainsi que la disparition/réapparition du cycle
d’hystérésis. En revanche, ces modèles restent qualitatifs/phénoménologiques et les in-
grédients physiques introduits pour prendre en compte les effets de surface ne peuvent
pas être reliés facilement à des grandeurs physiques mesurables. En conséquence, il est
délicat d’identifier quels ingrédients physiques ou quels effets de taille contribuent le
plus aux phénomènes observés à l’échelle nanométrique. Des analyses davantage quan-
titatives deviennent à l’heure actuelle indispensables. Parmi les approches théoriques
évoquées précédemment, c’est le modèle reposant sur le formalisme d’une nanother-
modynamique axiomatique qui contient des paramètres pouvant être aisément reliés
à des quantités physiques mesurables (mis à part le terme phénoménologique de co-
opérativité) 9. Dans ce modèle, les variations d’enthalpie et d’entropie sont déduites
de mesures calorimétriques. La valeur de différence d’énergie de surface entre les deux
états de spin (environ −0.1 J.m−2) qui permet de reproduire l’évolution des courbes
de transition de spin avec la réduction de la taille constitue certainement un bon ordre
de grandeur des valeurs associées aux différentes contributions aux effets de surface.
Cependant, la définition de cette "énergie" de surface englobe les divers phénomènes
physiques existants à la surface, y compris la contrainte de surface/interface exercée par
un milieu extérieur. Il faut donc aller plus loin et définir plus proprement les différentes
contributions de surface. Pour cela, il faut utiliser les définitions issues de la physique
des solides (énergie de surface, contrainte de surface/interface). Dans cette thèse, nous

9. C’est l’un des avantages de la thermodynamique axiomatique. Les grandeurs macroscopiques
ne voient qu’une moyenne des comportements microscopiques et doivent être stables et pertinentes à
notre échelle. Elles sont le plus souvent issues de l’expérience.
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réaliserons une approche quantitative basée sur des modèles atomistiques résolus par
des méthodes de dynamique moléculaire, afin de calculer les énergies et contraintes
de surface/interface (objectif du chapitre III). Ceci nous permettra une confrontation
directe avec les mesures expérimentales. Avant toute investigation numérique dans ce
sens, il est nécessaire de retrouver quantitativement les résultats expérimentaux issus
de l’étude de la dynamique de réseau (objectif du chapitre II) pour permettre une
estimation correcte des énergies de surface et des contraintes d’interface, car toutes les
deux sont dépendantes des propriétés mécaniques et vibrationnelles.
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Chapitre II

Étude numérique de la dynamique
de réseau des nanomatériaux à
transition de spin

II.1 Introduction
Au chapitre précédant, nous avons évoqué les différents résultats numériques et

expérimentaux obtenus pour des nanomatériaux à transition de spin. Ces études sou-
lignent notamment un changement des propriétés vibrationnelles en diminuant la taille.
Cependant, jusqu’à présent, les calculs numériques ne modélisent pas correctement les
effets de surface. Dans ce chapitre, nous nous focaliserons sur l’étude numérique de
la dynamique des nanomatériaux SCO, afin de simuler et interpréter les différentes
observations expérimentales, mais aussi de donner une perspective de contrôle des
propriétés de commutation de ces nanomatériaux, en particulier le contrôle de leurs
températures de transition à l’échelle du nanomètre.

Dans une première partie, nous allons présenter la méthodologie numérique qui
permet de calculer la densité d’états vibrationnels à partir de simulations de dyna-
mique moléculaire. Ensuite, nous discuterons des résultats obtenus dans le cas de
nanoparticules et de films minces.

Dans une deuxième partie, nous aborderons les effets de la réduction de taille sur les
propriétés vibrationnelles par la méthode de la matrice dynamique, afin de dégager le
rôle des structures surfaciques dans les relations de dispersions des phonons des nano-
objets et leurs contributions dans les propriétés mécaniques et thermodynamiques
observées.

II.2 Méthode numérique (DM) pour calculer la (vDOS)

II.2.1 La fonction d’autocorrélation des vitesses et la densité
d’états vibrationnels

La fonction d’autocorrélation est un outil mathématique souvent utilisée en trai-
tement du signal, qui permet de détecter des régularités, des profils répétés dans un
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signal, comme un signal périodique perturbé par beaucoup de bruit. La mesure du
spectre optique et de flashs lumineux de très courte durée produits par un laser est
une application possible du traitement de signal par autocorrélation optique. C’est
également à l’aide de l’autocorrélation des vitesses des atomes vibrant à une tempéra-
ture constante que nous obtenons les différents modes phononiques et leurs vecteurs
d’ondes de déplacement associés, permettant ainsi de remonter à la densité d’états
vibrationnels. Mathématiquement, l’accès à la (vDOS) commence par considérer la
transformation de Fourier du vecteur vitesse d’un atome d’indice n de la manière
suivante :

−→v n(ω) =
+∞ˆ
−∞

−→v n(t)e−iωtdt ; (II.1)

Son module s’écrit :

|−→v n(ω)|2 =
+∞ˆ
−∞

+∞ˆ
−∞

−→v ∗n(t′)−→v n(t)e−iω(t−t′)dtdt′ ; (II.2)

En changeant le variable t− t′ par t′′, le module de vitesse de l’atome n s’écrit alors :

|−→v n(ω)|2 =
+∞ˆ
−∞

+∞ˆ
−∞

−→v ∗n(t′)−→v n(t′ + t′′)e−iωt′′dt′dt′′; (II.3)

Le vecteur déplacement uj(t) correspondant est un paquet d’onde s’écrivant sous la
forme d’une combinaison linéaire d’ondes planes :

uj(t) =
∑
s

Qs,je
iωst ; (II.4)

La vitesse de déplacement devient alors :

vj(t) =
∂uj(t)
∂t

=
∑
s

Qs,j(iωs)eiωst ; (II.5)

En injectant l’équation II.5 dans l’équation II.3 et en sommant sur les N atomes du
système, nous obtenons :

N∑
n=1
|−→v n(ω)|2 =

3N∑
j=1

∑
s

∑
s′

+∞ˆ
−∞

+∞ˆ
−∞

Q∗s′,jQs,jωsωs′e−i(ω−ωs)t
′′
ei(ωs−ωs′ )t′dt′dt′′

=
3N∑
j=1

∑
s

∑
s′

+∞ˆ
−∞

Q∗s′,jQs,jωsωs′e−i(ω−ωs)t
′′
dt′′

+∞ˆ
−∞

ei(ωs−ωs′ )t′dt′


=

3N∑
j=1

∑
s

ˆ +∞

−∞
|Qs,j|2ω2

se
−i(ω−ωs)t′′dt′′;

(II.6)
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Si on considère qu’une molécule est un ensemble d’atomes liés élastiquement, alors
chaque atome peut vibrer et accumuler de l’énergie dans son mouvement de vibra-
tion. On peut alors modéliser un mode de vibration d’un atome par un oscillateur
harmonique ayant dans son énergie totale les composantes cinétique et potentiel. À
l’équilibre thermodynamique, le théorème d’équipartition s’applique de la même ma-
nière aux deux composantes de l’énergie totale, chacune comptant pour un degré de
liberté. L’oscillateur aura donc une énergie moyenne :

|Qs,j|2ω2
s =

1
2kBT +

1
2kBT = kBT ; (II.7)

Chaque mode de vibration a donc une énergie totale moyenne équivalente à une énergie
thermique (kBT ). Tenant compte de cette relation, l’équation II.6 se réécrit de la façon
suivante :

N∑
n=1
|−→v n(ω)|2 = 3NkBT

∑
s

δ(ω − ωs); (II.8)

où g(ω) = ∑
s
δ(ω − ωs) est la densité d’états vibrationnels.

De l’autre côté, partant de l’équation II.3 et en considérant le système dans un état
stationnaire, on obtient :

N∑
n=1
|−→v n(ω)|2 =

+∞ˆ
−∞


+∞ˆ
−∞

N∑
n=1

−→v n(t′ + t′′)−→v ∗n(t′)dt′
 e−iωt′′dt′′

= β

+∞ˆ
−∞

〈
N∑
n=1

−→v n(t′ + t′′)−→v ∗n(t′)〉t′e−iωt
′′
dt′′;

(II.9)

où β est une constante et 〈
N∑
n=1

−→v n(t′ + t′′)−→v ∗n(t′)〉t′ la fonction d’autocorrélation de
vitesse de l’atome n. L’identification de la densité d’états vibrationnels g(ω) est faite
en combinant les deux équations précédentes et puis en changeant les variables t′ → t
et t′′ → τ :

g(ω) =
β

3NkBT

+∞ˆ
−∞

〈
N∑
n=1

−→v n(t+ τ)−→v ∗n(t)〉te−iωτdτ

= cste

+∞ˆ
−∞

γ(τ)e−iωτdτ

(II.10)

On voit que la (vDOS) est déterminée par la fonction d’autocorrélation des vitesses :

γ(τ) =

〈
N∑
n

−→v n(t)−→v n(t+ τ)
〉

〈
N∑
n
vn(t)vn(t)

〉 (II.11)
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avec vn(t) la vitesse à temps t de l’atome n,
N∑
n
la somme sur les N atomes considérés

et τ le temps sur lequel se déroule l’autocorrélation des vitesses. En pratique, nous
pouvons écrire l’autocorrélation des vitesses suivant la direction x pour un atome n
de la manière suivante :

γnx (τ) =
vnx(t0, t0 + 1, ..., tmax − 1, tmax)T ⊗̄vnx(t0 + τ, ..., tmax + τ)

vnx(t0, ..., tmax)T ⊗̄vnx(t0, ..., tmax)
(II.12)

où t0 est le temps initial souvent fixé à 0, τ = (0, 1, ..., τmax) est un vecteur dont les
éléments correspondent aux nombres de pas temporels sur lesquels nous collectons les
vitesses suivant la direction x, et tmax(τ) = τmax − τ . En répétant ce calcul sur les N
atomes considérés, on obtient :

γx(τ) =

N∑
n
vnx(t0, t0 + 1, ..., tmax − 1, tmax)T ⊗̄vnx(t0 + τ, ..., tmax + τ)

N∑
n
vnx(t0, ..., tmax)T ⊗̄vnx(t0, ..., tmax)

(II.13)

Le calcul est identique pour les deux autres directions y et z. Finalement, la fonction
d’autocorrélation des vitesses est la moyenne sur les trois directions :

γ(τ) =
γx(τ) + γy(τ) + γz(τ)

3 ; (II.14)

La figure II.1 représente l’autocorrélation des vitesses pour un atome de Fer suivant
les trois directions principales. Comme l’atome de Fer vibre dans un environnement
isotrope, il en découle que γx ≈ γy ≈ γz. De plus, puisque les simulations de dynamique
moléculaire sont réalisées à un temps fini, il est important de bien choisir une fenêtre
temporelle entre τ = 0 et τ = τmax. En effet, τmax détermine la résolution spectrale
δω de la densité d’états vibrationnels telle que δω = 2π

τmax
. Il suffit alors de choisir

un τmax suffisamment grand pour assurer une bonne résolution spectrale sans manque
d’information. Cependant, une grande valeur de τmax est susceptible d’accumuler de
bruit du traitement de signal après un τ critique. Un bon compromis doit être trouvé
entre ces deux temps afin de tracer une (vDOS) contenant un maximum d’information
sur la dynamique de réseau et de minimiser le bruit. En particulier, nous avons fixé
τmax à 3.0 ps après 200000 pas de thermalisation/relaxation (τrelax = 0.2 ns). De
même, la résolution temporelle δt détermine la fenêtre spectrale telle que la pulsation
maximale soit ωmax = 2π

δt
, d’où l’intérêt de travailler à un pas temporel court que nous

choisissons δt = 1 fs. Finalement, pour éviter des oscillations non physiques dues à la
coupure du signal, γ(τ) a été convoluée avec une fonction gaussienne.

La méconnaissance de la constante dans g(ω) peut être évitée en normalisant la
densité d’états vibrationnels de la manière suivante :

g̃(ω) =
g(ω)

+∞́

−∞
g(ω)dω

. (II.15)
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τcrit

Figure II.1 – Exemple de l’évolution temporelle de la fonction d’autocorrélation des
vitesses pour un atome de Fer suivant les trois directions principales (γx, γy, γz) en
fonction du temps de relaxation τ . τcrit = τmax définie le temps critique au dessous
duquel nous récupérons tous les modes de vibrations tout en conservant une bonne
résolution spatiale de la (vDOS). Au delà de cette valeur critique, la (vDOS) contient
de modes non-physiques liés au bruit du traitement de signal.

II.2.2 Intégration de positions et vitesses par la méthode de
Verlet

Il est important de pouvoir étudier un système conservatif constitué de N atomes
sur une durée suffisamment longue, en particulier lorsque nous nous intéressons à
l’étude de modes vibrationnels de longues périodes, tels que les modes acoustiques. La
détermination de l’ensemble des modes de vibrations accessibles revient à résoudre un
système de 3N équations différentielles couplées, par défaut non-linéaires. Dans le cas
d’un système possédant un grand nombre de degrés de liberté, une solution analytique
est impossible à établir. Par conséquence, il est nécessaire d’avoir recours à un traite-
ment numérique du problème. Les algorithmes classiques d’ordre élevé (Runge-Kutta
d’ordre 4) fournissent une dynamique aux temps courts de bonne qualité, mais ont le
défaut de produire une dérive de l’énergie aux temps longs. Dans ce cas, on a recours
à des méthodes numériques dites symplectiques, i.e. qui vérifient intrinsèquement le
théorème de Liouville (conservation du volume occupé par les microétats dans l’espace
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des phases), particulièrement adaptées aux systèmes conservatifs, car elles présentent
une dérive de l’énergie faible aux temps longs.

Un des algorithmes symplectiques le plus simple à mettre en place, et largement
utilisé en dynamique moléculaire, est l’algorithme de Verlet [125]. Il repose sur le
développement de Taylor du vecteur position à l’ordre 3 aux instants t+ δt et t− δt :


−→r (t+ δt) = −→r (t) +

δt

1!
−→v (t) +

(δt)2

2!
−→a (−→r (t)) +

(δt)3

3!
d3−→r (t)
dt3

+O(δt4);

−→r (t− δt) = −→r (t)−
δt

1!
−→v (t) +

(δt)2

2!
−→a (−→r (t))−

(δt)3

3!
d3−→r (t)
dt3

+O(δt4);

(II.16)

En sommant ces deux équations, le terme d’ordre un (la vitesse) disparaît. On obtient,
aux erreurs d’ordre 4 près, le schéma itératif suivant :

−→r n+1 = 2−→r n −−→r n−1 + (δt)2−→a n; (II.17)
Ce schéma présente l’avantage de posséder la propriété d’invariance par renversement
du temps. Par conséquence, il apparaît comme adapté pour l’étude de la dynamique
des systèmes conservatifs. Cependant, cet algorithme présente deux défauts. Première-
ment, il s’agit d’un schéma à deux pas : l’itération ne peut démarrer que si l’on connaît
−→r 0 et −→r −1. Or, en général, les conditions initiales se résument par la donnée de −→r 0
et −→v 0. Deuxièmement, si nous intéressons à l’évolution de la vitesse, celle-ci se calcule
à l’aide de la formule :

−→v n =
−→r n+1 −−→r n−1

2δt ; (II.18)

Nous pouvons donc constater que le calcul de la vitesse consiste à soustraire deux
nombres voisins, conduisant à des erreurs d’arrondi importants. C’est pourquoi, on
utilise une autre version algorithmique mathématiquement équivalente à la version
originale de Verlet, mais qui a l’intérêt d’être un schéma d’intégration à un pas. Cet
algorithme, appelé "Verlet vitesse" ou "velocity Verlet", repose sur le schéma itératif
numérique suivant : 

−→r n+1 = −→r n +
δt

1!
−→v n +

(δt)2

2!
−→a n ;

−→v n+1 = −→v n +
δt

2 (−→a n +−→a n+1) ;

(II.19)

II.2.3 Thermostat-barostat de Nosé-Hoover
L’algorithme de Verlet vitesse que nous avons montré dans la section précédente

repose sur des équations de mouvement assurant une conservation de l’énergie totale du
système. Leurs intégrations permet alors de travailler dans l’ensemble microcanonique
(N , V , E). En revanche, nous avons intérêt de contrôler la température du système,
car nous allons étudier les propriétés dynamiques d’un matériau à transition de spin
dans les deux états de spin à la température de transition. Pour cela, il est nécessaire
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de se placer dans d’autres ensembles thermodynamiques, qui modélisent des systèmes
partiellement ouverts, tels que l’ensemble canonique (N , V , T ) ou isobare-isotherme
(N , P , T ) [114, 115]. Bien que tous les deux ensembles doivent converger vers des
résultats identiques dans la limite thermodynamique, il est néanmoins plus intéressant
de travailler dans l’ensemble (N , P , T ) pour deux raisons principales :

(1) L’ensemble isobare-isotherme s’approche le mieux des conditions expérimen-
tales, puisque la plupart des expériences sont faites à pression et température constantes.

(2) D’un point de vue numérique, cet ensemble donne davantage de degrés de li-
berté au système étudié, en lui permettant sa dilatation/contraction. Il est plus conve-
nant alors d’utiliser l’ensemble (N , P , T ), surtout si les champs de force impliquent
des énergies potentielles anharmoniques.

Dans le cadre de la dynamique moléculaire non-conservatrice, les équations du
mouvements dans l’ensemble (N , P , T ) pour un système à d dimensions, N atomes
et Nf = dN degrés de libertés, peuvent être modélisées par le thermostat-barostat
déterministe de Nosé-Hoover [114, 115, 116] :



ṙi =
Pi

mi

+
Pε

W
ri ;

Ṗi = Fi −
(

1 +
d

Nf

)
Pε

W
Pi −

Pξ

Q
Pi ;

ε̇ =
Pε

W
;

Ṗε = dV (pint − pext) +
d

Nf

N∑
i=1

P 2
i

mi

−
Pξ

Q
Pε ;

V̇ =
dV Pε

W
;

ξ̇ =
Pξ

Q
;

Ṗξ =
N∑
i=1

P 2
i

mi

+
P 2
ε

W
− (Nf + 1)kBTbain ;

(II.20)

avec ri, ξ et ε sont respectivement les positions de l’atome i, du thermostat et du
barostat, Pi, Pξ et Pε leurs moments conjugués correspondants. V le volume de la boîte
de simulation sur laquelle le thermostat-barostat est appliqué, qui change en fonction
de la "quantité" de mouvement du barostat. Fi = −∇riφ(r, V ) est la force exercée
sur l’atome i et φ le potentiel associé. Pext et Pint sont respectivement la pression
extérieure/appliquée et la pression intérieure. mi, W et Q sont respectivement les
masses de l’atome, du barostat, et du thermostat.

Ces équations de mouvement sont intégrées par le schéma d’intégration de Verlet
vitesse. Dans ce but, il est plus pratique de commencer la dérivation des expressions du
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Verlet vitesse pour les équations si(t) = ri(t)e−ε(t) et ṡi(t) = vi(t)e−ε(t), et les convertir
aux quantités désirables {ri(t), vi(t)}. On obtient :



ri(n+ 1) = eε(n+1)−ε(n) [ri(n) + δtvi(n)]

+
(δt)2

2 eε(n+1)−ε(n)
[
Fi(n)
mi

− vi(n)vξ(n)−
(

1 + d

Nf

)
vi(n)vε(n)

]
;

ξ(n+ 1) = ξ(n) + δtvξ(n) +
(δt)2

2 Gξ(n);

ε(n+ 1) = ε(n) + δtvε(n) +
(δt)2

2

[
Fε(n)
W
− vε(n)vi(n)

]
;

vi(n+ 1) = eε(n+1)−ε(n)vi(n)

+ eε(n+1)−ε(n) δt

2

[
Fi(n)
mi

− vi(n)vξ(n)−
(

1 + d

Nf

)
vi(n)vε(n)

]

+ eε(n+1)−ε(n) δt

2

[
Fi(n+ 1)

mi

− vi(n+ 1)vξ(n+ 1)−
(

1 + d

Nf

)
vi(n+ 1)vε(n+ 1)

]
;

vξ(n+ 1) = vξ(n) +
δt

2 [Gξ(n) +Gξ(n+ 1)] ;

vε(n+ 1) = vε(n) +
δt

2

[
Fε(n)
W

+
Fε(n+ 1)

W
− vε(n)vξ(n)− vε(n+ 1)vξ(n+ 1)

]
(II.21)

où Gξ =
1
Q

{
N∑
i=1

miv
2
i +Wv2

ε − (Nf + 1)kBT
}

et

Fε = dV (pint − pext) +
d

Nf

N∑
i=1

miv
2
i .

Ces équations obtenues par le schéma de Verlet vitesse sont résolues de manière
itérative. Les différentes étapes sont :
(1) Initialisation du pas temporel δt = 1 fs, de la durée totale de simulation Tmax.
(2) Initialisation des conditions initiales : t = 0, {R0} = {−→r = −→r 0; ξ = ξ0 : ε = ε0} et
{V0} = {−→v = −→v 0; vξ = vξ0 ; vε = vε0}.
(3) Tant que t ≤ Tmax faire :
a. Calcul des accélérations pour les positions initiales.
b. Calcul de nouvelles positions {R′}.
c. Calcul des accélérations pour les nouvelles positions.
d. Calcul de nouvelles vitesses {V ′}
e. t′ = t+ δt
f. Enregistrement des données.

La figure II.2a montre qu’au bout de 200000 pas de temps (δt = 1 fs), l’intégra-
tion des équations (II.21) en utilisant le logiciel LAMMPS [126] amène le système à
un état stationnaire où sa température et sa pression est stabilisée. (Des fluctuations
de la température et de la pression du système autour des valeurs que veut imposer
l’environnement extérieur subsistent car, contrairement aux méthodes Monte-Carlo, le
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thermostat et la barostat issus de la dynamique moléculaire ne sont pas idéaux.) Au
delà de la ligne verticale en pointillée, nous récupérons les données. Sur la figure II.2a, le
système est initialement préparé à température nulle (zéro absolue) ; le système relaxe
ensuite vers une température proche de la température du thermostat. Cette relaxa-
tion peut être "brutale". Le saut de température entre T=0K et une température finie
peut parfois entraîner la présence d’un gradient de température qui provoque l’endom-
magement du système et perturbe ainsi les données extraites. Ce problème pourrait
être résolu en appliquant la statistique de Maxwell-Boltzmann [127, 128] avant l’in-
tégration de équations (II.21), qui génère une distribution des vitesses qui donne au
système une température initialement finie, supprimant ainsi le gradient de tempéra-
ture interne (voir Fig. II.2b). Il est important de préciser qu’au premier instant et suite

  

Thermalisation/relaxation

Collection

a)

  

Distribution de Maxwell-
Boltzmann 

b)

  

Contraction thermique

c)

  

d)

Figure II.2 – a) Température du bain T dans l’ensemble (N , P , T ) en fonction du
nombre de pas (NP) d’intégration des équations (II.21). La flèche indique le saut en
température. C’est au delà de la ligne verticale en pointillée que nous collectons les
données sur la vitesse. b) Le saut en température peut être supprimé en utilisant au
premier instant (cercle bleu) la distribution de Maxwell-Boltzmann [127, 128]. c) Le
volume du système V en fonction de (NP). La flèche indique la contraction du système
suite au saut de température. La ligne bleu horizontale indique également le volume
constante du système pendant et après l’étape de thermalisation/relaxation. d) Le
profil de vitesse suivant la direction x (vx) pour un atome de Fer, extrait après l’étape
de thermalisation/relaxation, en fonction de (NP).
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au saut de température, le système de volume V = 125 nm3 se contracte et continue sa
contraction/dilatation autour d’un volume moyen Vmoy ≈ 115.9 nm3 (voir Fig. II.2c).
Lorsque le système est relaxé (thermiquement et mécaniquement), nous récupérons le
profil de vitesse (vx) (voir Fig.II.2d) pour traiter par la fonction d’autocorrélation des
vitesses (Eq.II.11) pour pouvoir extraire la densité d’états vibrationnels.

II.2.4 Extraits de propriétés thermoélastiques
Le calcul de la (vDOS) à l’aide de l’équation II.15 donne la possibilité d’extraire des

quantités thermodynamiques jouant un rôle important dans le phénomène de transition
de spin, telles que l’entropie vibrationnelle svib par atome, l’énergie interne vibration-
nelle par atome uvib, et la constante de force moyenne 〈C〉, qui s’écrivent de la manière
suivante [86] :

uvib =
3
2

+∞ˆ

0

g̃(E)Ee
βE + 1
eβE − 1dE ; (II.22)

svib = 3kB
+∞ˆ

0

g̃(E)
[
βE

2
eβE + 1
eβE − 1− ln(e

βE
2 − e−

βE
2 )
]

dE ; (II.23)

〈C〉 =
m̃

~2

+∞ˆ

0

g̃(E)E2dE ; (II.24)

où kB et ~ sont respectivement la constante de Boltzmann et la constante de Planck
réduite. m̃ est la masse de l’atome résonnant, c’est-à-dire l’atome pour lequel la densité
d’états vibrationnels est calculée. Si le calcul implique uniquement l’atome de 57Fe,
alors m̃ = MFe = 57 u (avec u est l’unité de masse unifiée). Ces équations ont été
utilisées par Chumakov et Struhahn [86] et ensuite par notre équipe pour analyser les
spectres vibrationnels menés par la technique de diffusion inélastique nucléaire (NIS)
[19, 87].

L’extraction des propriétés de surface est également intéressante dans notre étude
afin de pouvoir quantifier les contributions de surface dans les différentes quantités
thermodynamiques d’un objet à transition de spin. Dans ce but, considérons un sys-
tème dont les propriétés physiques (ou chimiques) peuvent être caractérisées par une
grandeur macroscopique, variable additive notée X. Si le système ne possède pas de
surface (ce qui est le cas dans la limite thermodynamique où le nombre de constituants
du système macroscopique et son volume V tendent vers l’infini, le rapport N/V reste
constante), alors on peut définir une densité volumique de la quantité X, la grandeur
est alors dite extensive. Si cette densité est homogène, alors le profil de X selon un
axe z, noté x(z) est une constante. En revanche, si le système est délimité par deux
surfaces normales à l’axe z, la densité linéique x(z) peut varier à l’approche de ces
surfaces, sur une certaine épaisseur (appelé "profondeur de peau"), tandis qu’elle reste
constante dans le cœur du système, là où les effets de surface ne se font pas ressen-
tir (la longueur du système selon z doit être plus grande que l’épaisseur des surfaces
pour que la valeur prise par le profil dans le matériau massif subsiste dans le cœur du
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système de taille finie) (voir Fig.II.3). La contribution des surfaces dans les grandeurs
thermodynamiques extraites (X = svib, uvib, ...) peut être déterminée en considérant
comme référence les fonctions d’état correspondant au système infini qui ne présente
pas des effets de surface. On notera Xb cette valeur de référence. Les grandeurs de
surface peuvent alors être vues comme des grandeurs thermodynamiques en excès Xs

[129] :

X =
s2ˆ
s1

x(z)dz =
b2ˆ

b1

xbdz + Xs1 + Xs2 ; (II.25)

avec Xs1 =
´ b1
s1
x(z)dz et Xs2 =

´ b2
s2
x(z)dz correspondent aux quantités thermody-

namiques en excès du fait de la présence de surfaces. Étant donnée la contribution
équivalente des deux surfaces (Xs1 = Xs2 = Xs), nous définissons alors la quantité en
excès Xs, associée à la grandeur thermodynamique X liée à la présence de ces deux
surfaces de la manière suivante :

Xs =
1
2

X −
b2ˆ

b1

xbdz

 =
1
2
(
X −Xb

)
. (II.26)

  s
1 b

1
b
2

s
2

Figure II.3 – Représentation schématique du profil de la variable thermodynamique
X = {svib, uvib ...} pour un système borné par deux surfaces, en fonction de la dis-
tance z. Les aires hachées entre z = [s1, b1] et z = [b2, s2] proches de deux surfaces
représentent l’excès de la variable thermodynamique. Pour z = [b1, b2], la quantité en
excès est négligeable et les propriétés thermodynamiques dans ce domaine (Xb) cor-
respondent en moyenne à celles d’un système massive ou virtuellement infini, modélisé
par duplication périodique en transformant les surfaces en deux "miroirs", c’est-à-dire
en appliquant des conditions périodiques.

D’autre part, il est possible d’extraire à partir de vDOS des informations sur les pro-
priétés mécaniques des matériaux comme la vitesse de son de Debye. Dans le contexte
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des matériaux à transition de spin, la vitesse du son de Debye peut nous renseigner sur
la différence de rigidité des deux phases. Cette différence a été identifiée comme étant
un critère possible permettant d’identifier les matériaux dits fortement coopératifs, i.e.
pouvant présenter une transition de spin abrupte avec hystérésis. Dans le modèle de
Debye, la vitesse du son est calculée à partir de la partie basse fréquence du spectre
phononique, où l’approximation de Debye est valide [86] :

vD = lim
E→0

(
m̃

2π2ρ~
E2

g̃D(E)

) 1
3

; (II.27)

où ρ = N 〈m〉 /V est la masse volumique du matériau, qui est définie à partir du
volume de la maille élémentaire V , contenant un nombre d’atome N des masses 〈m〉
(cela suppose que le système reste dans l’ensemble homogène). En utilisant la vitesse
du son de Debye, il est possible d’estimer le module de Young à l’aide des équations de
Navier. En effet, pour un milieu infini, les vitesses du son transversale et longitudinale
s’écrivent de la manière suivante :

vt =

√√√√ Y

2(1 + ν)ρ (II.28)

vl =

√√√√ Y (1− ν)
(1 + ν)(1− 2ν)ρ (II.29)

où ν est le coefficient de Poisson et Y le module de Young. D’autre part, à partir des
densités d’états de vibration transversale et longitudinale, nous pouvons déduire les
relations suivantes entre vD, vt et vl :

1
v3
D

=
1
3

(
2
v3
t

+
1
v3
l

)
(II.30)

En injectant II.28 et II.29 dans la relation précédente, on obtient le module de Young
élastique :

Y =
(2c1 + c2

3

) 2
3
ρv2

D ; (II.31)
avec

c1 = [2(1 + ν)]
2
3 ; c2 =

[
(1− 2ν)(1 + ν)

1− ν

] 2
3

; (II.32)

deux constantes dépendantes de ν. De plus, le module de bulk isostatique peut être
calculé par la relation suivante :

B =
Y

3(1− 2ν) . (II.33)

II.3 Application à une structure cubique à motifs
octaédrique

Nous avons simulé un cristal cuboïde de dimensions Lx , Ly, et Lz, ayant une
symétrie de réseau cubique à motifs octaédriques, qui modélise de manière simple
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la structure des complexes de coordination SCO. Les octaèdres sont constitués d’un
atome "lourd" de masseMMe, correspondant au cation métallique entouré de six atomes
de masse (ML), modélisant les six ligands de manière simple (voir Fig.II.4a). La masse
volumique de ce matériau est calculée de la façon suivante :

ρ =
N 〈m〉
V

=
NMeMMe +NLML

V
(II.34)

où V = l3 est le volume de la cellule unité, l étant le paramètre de maille équivalant au
segment reliant deux centres métalliques. Sachant que V dans la phase HS est souvent
plus grand que celui de la phase BS en raison de l’expansion volumique se produisant de
la transition de phase (BS→ HS). NMe et NL sont respectivement le nombre d’ions et
de ligands dans la cellule unité cubique dont chaque coin est occupé par 1/8 du centre
métallique. Le nombre d’ions dans la cellule unité est alors : NMe = (1/8) · 8 = 1,
correspond effectivement à un ion. De plus, chaque bord est occupé par deux × 1/4
de ligand, il en découle que le nombre de ligands est : NL = 2 · (1/4) ·12 = 6. La cellule
unité est de forme cubique et contient une molécule SCO, définissant la première zone
irréductible de Brillouin dans l’espace réciproque.

En général, les énergies potentielles utilisées pour construire un champ de forces
dans les simulations numériques sont de type empirique (harmonique quadratique et
anharmonique de type Lennard-Jones), ayant l’avantage d’être simples à employer et
peu coûteux en temps de simulation en comparaison aux simulations numériques uti-
lisant des potentiels semi-empiriques ou bien basées sur des méthodes ab initio telles
que les calculs issus de la théorie de la fonctionnelle de la densité (DFT en anglais).
Les calculs DFT permettent d’analyser très finement les modes optiques (de grandes
fréquences) et de reproduire de manière très quantitative le spectre phononique des
matériaux SCO dans les deux états de spin. En revanche, il n’est possible d’effectuer
ces calculs que sur des clusters de quelques molécules ou monomères. Il n’est donc pas
possible de reproduire le spectre des phonons "en entier" (acoustique et optique) à cause
du temps de calcul trop important. En particulier, les modes acoustiques (de grandes
longueurs d’onde) demandent d’effectuer des simulations sur des tailles de systèmes
importantes et pendant un temps suffisamment long pour observer les déplacements
collectifs et en phase des atomes. De ce fait, nous utiliserons des potentiels empiriques
qui nous permettrons d’effectuer des calculs sur des systèmes ayant un nombre de de-
grés de liberté suffisant (> 45000 atomes) et accéder à la partie acoustique de la densité
d’états vibrationnels. En revanche, l’utilisation de potentiels empiriques conduira iné-
luctablement à une modélisation très qualitative de la partie optique du spectre. Le
choix se limite aux potentiels empiriques car nous nous intéressons au spectre global
des phonons et nous avons donc besoin de systèmes suffisamment grands pour obser-
ver les modes vibrationnels collectifs à longues portées, élément indispensable pour
calculer l’entropie vibrationnelle et pour analyser le phénomène de transition de spin.

Tout d’abord, nous avons fait le même choix de potentiel que Mikolasek et al.
[83] pour tester la fiabilité de la nouvelle méthodologie. Les différents atomes de l’oc-
taèdre sont connectés par des puits harmoniques de différentes profondeurs, appelés
VMe−L et VLL−intra, représentant respectivement les interactions métal-ligands (Me-L)
et ligand-ligand intramoléculaire (LL-intra). De plus, nous avons employé des poten-
tiels harmoniques pour modéliser les interactions intermoléculaires nommées VLL−inter.
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Le potentiel harmonique s’écrit de la façon suivante :

Vharm = 1
2
∑
ij

k (−→r ij(t)−−→r 0)2 ; (II.35)

où k est la constante de force, rij(t) la distance instantanée entre deux atomes inter-
agissant i et j, et r0 la distance d’équilibre. Les différentes distances d’équilibre ont
été choisies afin de garder la symétrie octaédrique parfaite. Dans le but de limiter la
rotation des octaèdres et d’éviter par conséquence une contraction thermique anor-
male des cellules unitaires, un potentiel angulaire harmonique a été introduit entre un
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Figure II.4 – a) Image capturée de la structure cuboïde (SCO) extraite par l’outil de
visualisation ovito [169], illustrant la coordination du métal (Me) avec six ligands (L).
b) Représentation schématique des différentes liaisons inclues dans le champ de force
utilisé par Mikolasek et al [83]. Au sein d’un octaèdre : deux potentiels harmoniques
utilisés pour modéliser les interactions métal-ligand (Me-L) (ligne rouge pointillée)
et les liaisons intra-octaèdre ligand-ligand (LL-intra) (ligne noire pointillée). Entre
octaèdres : le potentiel angulaire harmonique entre un centre métallique et deux li-
gands consécutifs est représenté par des lignes courbes violet en pointillés. Le potentiel
inter-octaèdres harmonique est symbolisé par une ligne verte continue. c) Le potentiel
angulaire entre un centre métallique et deux ligands est remplacé par une interaction
entre trois ligands consécutifs. De plus, l’interaction inter-octaèdres harmonique est
remplacée par un puits de potentiel anharmonique de type Lennard-Jones (LJ).
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centre métallique et deux ligands consécutifs (voir Fig.II.4b), qui s’écrit sous la forme :

VLLL−angle = 1
2
∑
ijk

Cθ(θ̂ijk(t)− θ̂0)2 ; (II.36)

où θ̂0 est l’angle d’équilibre, Cθ est la constante de force angulaire, et θ̂ijk(t) est l’angle
instantanée entre un centre métallique et deux ligands. Les différents paramètres nu-
mériques sont résumés dans le tableau Tab.I.1.

  

a) b)

c) d)

Figure II.5 – Les densités d’états totales a) et partielles b) obtenues par Mikolasek
et al. dans les deux états de spin [83]. c) et d) représentent nos calculs de densités
d’états en utilisant le même champ de force que la référence [83] appliqué au système
cubique à motifs octaédrique.

Les figures II.5 a) et b) représentent les densités d’états totales et partielles calculées
par Mikolasek et al. [83] pour un matériau massif dans les deux états de spin. Ces
résultats sont très similaires à ceux obtenus avec nos simulations numériques (Figs.II.5
c) et d)), démontrant la fiabilité de notre méthodologie. De plus, la (vDOS) totale
montre tous les modes de vibrations intramoléculaires et un décalage des modes vers
les basses fréquences bien remarqué en passant de l’état BS à l’état HS, reflétant le
ramollissement du réseau lors de la transition de phase, en accord avec les résultats
expérimentaux. Concernant la (vDOS) partielle, celle-ci ne montre que les modes de
vibrations qui impliquent des déplacements des centres métalliques, tels que les modes
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d’élongation (Me-L) positionnés à E =42(resp. 39) meV pour l’état BS(resp. HS) et
les modes de vibration angulaire (Me-L-L) à ≈27 meV dans les deux états de spin.

II.3.1 Effet du potentiel angulaire sur l’élasticité du système

Le potentiel angulaire est un artefact numérique que nous avons employé afin d’em-
pêcher une contraction thermique non désirée de la structure. Cependant, il présente le
désavantage d’être trop "invasif" et son influence sur les grandeurs thermodynamiques
n’est pas négligeable. En effet, la présence d’un mode à 27 meV correspondant au mou-
vement vibratoire angulaire entre les centres métalliques et les ligands indique que ce
choix non-physique impacte les parties acoustique et optique, contribuant ainsi à l’aug-
mentation significative des vitesses du son dans les deux états de spin, en désaccord
avec les résultats expérimentaux. Deux solutions sont mises en place pour résoudre ce
problème :

(1) Jusqu’à présent, l’interaction angulaire inclut le centre métallique pour lequel
nous calculons la densité d’états vibrationnels. Par conséquence, l’impact de ce para-
mètre est significatif pour les propriétés thermodynamiques du centre métallique. Pour
éviter ce problème, nous avons procédé à une simulation numérique en changeant les
atomes interagissant par cette force angulaire (voir Fig.II.4c).

(2) Les effets du potentiel angulaire dans la densité d’états vibrationnels sont
amplifiés par la grande valeur de la constante angulaire (Cθ = 12.5 kcal.mol−1.rad−2).
On a donc été amené à diminuer de manière significative la valeur prise par cette
constante angulaire (Cnouv

θ = 2 kcal.mol−1.rad−2).
La mise en place de ces solutions permet la diminution de l’intensité du pic à 27

meV dans les deux états de spin (flèches vertes dans la figure II.6). Cette minimisa-
tion des effets de ce potentiel angulaire se répercute sur les grandeurs caractérisant les
propriétés mécaniques et les quantités thermodynamiques. En particulier, une diminu-
tion des vitesses du son est constatée et les valeurs obtenues sont du mêmes ordre de
grandeur que les données expérimentales existantes (voir Tab.II.1). De plus, on peut
voir que l’augmentation de température provoque une augmentation de l’entropie vi-
brationnelle qui atteint des valeurs proches de celles qui sont attendues dans l’état
HS autour de la température ambiante. Le nouveau choix de potentiel angulaire per-
met alors de conserver la stabilité structurale du système tout en donnant des valeurs
raisonnables aux différentes quantités thermoélastiques.

BS (50 K) HS (310 K)
svib (kB) 0.25 2.1
vD (m/s) 2060 1871

Table II.1 – Calculs des propriétés thermoélastiques pour les deux états de spin en
utilisant les équations II.23 et II.27.
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Figure II.6 – Calcul de (vDOS) partielles dans l’état BS à 50 K a), et dans l’état HS
à 310 K b). Les flèches vertes descendantes indiquent la diminution de mode angulaire
lorsqu’on diminue la constante de force angulaire de 12.5 à 2 kcal.mol−1rad−2. Les
figures insérées représentent les pentes g̃(E)/E2 lorsque E → 0 dans les deux états de
spin, tracées afin de calculer les vitesses du son.

II.3.2 Modification du champ de forces : choix du potentiel
intermoléculaire

Sur les bases des résultats obtenus à partir du modèle de champ de force employé
précédemment par Mikolasek et al. [83], un nouveau champ de force a été proposé afin
de répondre aux nouvelles problématiques exposés dans le chapitre précédent. Alors
que les interactions intramoléculaires restent de type harmonique, nous avons adopté le
nouveau potentiel angulaire entre trois ligands consécutifs pour les raisons mentionnées
dans la section précédente. De plus, nous avons remplacé le potentiel harmonique
intermoléculaire par une interaction anharmonique de type Lennard-Jones. En effet,
les potentiels harmoniques permettent de simuler des propriétés vibrationnelles de
matériaux cristallins. L’approximation harmonique est valable tant que l’on considère
des faibles déplacements autour de la position d’équilibre. Dans ce cas, le système
d’équations différentielles du mouvement qui gouverne les déplacements des atomes
est linéaire et offre la possibilité d’accéder à des solutions exactes. Cependant, lorsque
les déplacements deviennent très importants, ce qui est le cas lorsque l’on considère
des phénomènes qui impliquent des déformations locales importantes (à l’origine de
l’existence de régimes plastiques à l’échelle meso-macro-scopique), il est nécessaire de
prendre en compte les effets non-linéaires. La différence de volume moléculaire entre
les états HS et BS est telle qu’il est indispensable de considérer les effets non-linéaires.
Si le caractère anharmonique du changement d’état de spin n’est pas explicitement
introduit dans les interactions intramoléculaires (double puits de potentiel), il peut
être inclus dans les énergies potentielles intermoléculaires. Le potentiel de Lennard-
Jones permet à la structure cristalline de mieux relaxer et simuler un ramollissement
des liaisons dans la limite des grandes déformations (et éviter des singularité non
physique telles qu’une divergence de l’énergie d’interaction). Plus important encore,
le potentiel de Lennard-Jones permet de considérer la dissociation des liaisons, étape
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indispensable à la formation de surfaces et d’interfaces. Le potentiel de (LJ) s’écrit de
la manière suivante :

VLL−inter = 4
∑
ij

εinter

( σ
−→r ij(t)

)12

−
(

σ
−→r ij(t)

)6 ; (II.37)

où εinter est l’énergie de cohésion intermoléculaire, σ la distance pour laquelle VLL−inter
est zéro. Notons que la portée des interactions se limite aux premiers voisins.

Figure II.7 – Représentation schématique de la chaîne diatomique infinie avec des
interactions harmoniques entre les métaux et les ligands employée pour établir un lien
entre les différents paramètres du champ de forces et les données expérimentales issues
des mesures spectroscopiques.

Les différents paramètres numériques employés pour les potentiels sont ajustés à
partir des données issues de la diffraction des rayons X et de la spectroscopie Ra-
man, à l’exception du potentiel angulaire, qui n’est pas relié à des quantités physiques
mesurables (vide supra). En effet, en se basant sur le principe fondamental de la dy-
namique, la matrice dynamique fournit l’expression de la constante de force élastique
kMeL en fonction des fréquences Raman ωR correspondant aux modes d’élongation.
Pour la chaîne diatomique infinie illustrée dans la Fig.II.7, nous avons calculé kMeL

en résolvant le problème aux valeurs propres de la matrice dynamique de la manière
suivante :

det
(
D(k, kMeL)− ν2

RI
)

= 0 ; (II.38)

La solution obtenue pour les modes optiques Me-L peut s’écrire en fonction de ω2
R :

kMeL = 4π2α
w2
R

1
MMe

+
1

2ML

+

√√√√( 1
MMe

+
1

2ML

)2

−
2

MMeML

; (II.39)

où α = 2.148×10−6 est le préfacteur de conversion de (cm−1)2.g/mol en kcal/(mol.Å2).
Nous pouvons alors estimer kMeL pour l’état BS en injectant les fréquences de vibra-
tions mesurées par spectroscopie Raman ωR entre 200-400 cm−1 [84, 130]. Il en découle
un kMeL comprise entre 36 et 145 Kcal/(mol.Å2), en bon accord avec les calculs DFT
[131]. Nous avons choisi la valeur médiane kMeL = 90 kcal/(mol.Å2), qui correspond
à ωR ≈ 270 cm−1. Selon les mesures expérimentales, on considère une diminution de
kMeL après la transition BS → HS (kHSMeL = 2

3k
BS
MeL), et une diminution de kLL−intra

(kLL−intra = 2
3kMeL). De plus, nous avons fixé l’énergie de cohésion intermoléculaire

dans l’état BS(resp. HS) à εBS =5.73(resp. εHS =5.55) kcal/mol, pour simuler l’énergie
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moyenne des interactions reliant les molécules. Les différents paramètres numériques
sont résumés dans le tableau II.2.

Dans l’ensemble isobare-isotherme (N, P, T ), nous résolvons l’hamiltonien suivant
par les méthodes de dynamique moléculaire que nous avons exposées dans la section
II.2.3 :

H =
∑
i

P 2
i

2MMe

+
∑
i

p2
i

2ML

+
∑
〈i,j〉

Vinter(ri, rj) +
∑
〈i,j〉

Vintra(ri, rj) +
∑
〈i,j,k〉

Vangle(θijk) ;

(II.40)
où les deux premiers termes sont respectivement les énergies cinétiques du métal et
des ligands.

Masse MMe = 57 u ML = 14 u
Potentiel de Lennard-Jones Énergie de cohésion Distance d’équilibre
L-L (interoctaèdre) (BS) εBSinter = 5.73 (kcal.mol−1) aBSinter = 1.0 (Å)
L-L (interoctaèdre) (HS) εHSinter = 5.55 (kcal.mol−1) aHSinter = 1.0 (Å)
Potentiel harmonique Constante de force Distance d’équilibre

Me-L (BS) kBSMeL = 90 (kcal.mol−1Å−2) aBSMeL = 2.0 (Å)
Me-L (HS) kHSMeL = 60 (kcal.mol−1Å−2) aHSMeL = 2.1 (Å)

L-L (intraoctaèdre) (BS) kBSLL−intra = 60 (kcal.mol−1Å−2) aBSLL−intra = 2
√

2(Å)
L-L (intraoctaèdre) (HS) kHSLL−intra = 40 (kcal.mol−1Å−2) aHSLL−intra = 2.1

√
2(Å)

Potentiel angulaire Constante de force Angle d’équilibre
L-L-L Cθ = 2 (kcal.mol−1rad−2) θ̂0 = π(rad)

Table II.2 – Résumé des paramètres utilisés dans les simulations de dynamique mo-
léculaire.

II.3.3 Propriétés vibrationnelles du matériau massif
Tout d’abord, la (vDOS) partielle d’un matériau massif est simulée dans les deux

états de spin en utilisant des conditions de bords périodiques dans toutes les direc-
tions principales (voir Fig.II.9a). Ce matériau est soumis à une pression extérieure
P = 1 atm et à une température T = 200 K. Nous considérons un système avec
une épaisseur Lz = 25 nm (5000 octaèdres), qui est suffisamment grande pour que
les effets de taille soient négligeables. En effet, même si les conditions périodiques
assurent l’absence d’effets de surface et modélisent un milieu virtuellement infini, le
système doit contenir un nombre suffisant de degrés de liberté du réseau pour obtenir
un grand nombre d’états vibrationnels. Cela nécessite de simuler des grands systèmes
constitués d’un très grand nombre d’atomes. La (vDOS) résultante est similaire aux
structures de bandes énergétiques pour des matériaux macroscopiques. Néanmoins,
l’absence d’effets de taille finie ne peut être constatée qu’après une étude de l’évolu-
tion en taille des propriétés vibrationnelles. Les (vDOS) partielles correspondants aux
matériaux massifs dans les deux états de spin sont représentées sur la figure II.8a. Lors
de la transition de spin de l’état BS à l’état HS, nous constatons un décalage globale
des modes de vibration vers les basses fréquences, dû au ramollissement des modes
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Figure II.8 – a) Spectres (vDOS) partiels du matériau massif dans l’état HS (cercles
rouges) et BS (étoiles bleues). La flèche indique le décalage des fréquences lors de la
transition BS→ HS. b) g̃(E)/E2 en fonction de E pour les deux états de spin. La partie
E = [0− 5] meV (lignes noires) correspond au domaine de validité de l’approximation
de Debye [86].

optiques et acoustiques. Contrairement aux observations expérimentales, la (vDOS)
conserve la même forme dans les deux états de spin car la symétrie octaédrique par-
faite est préservée dans les états BS et HS. Le pic observé à hautes fréquences autour
de 21 meV pour le spectre HS (resp. 26 meV pour le spectre BS) correspond au mode
optique d’élongation Me-L de l’octaèdre HS (resp. BS), en bon accord avec les valeurs
typiques de modes optiques mesurés par les techniques NIS ou la spectroscopie Raman
(νexpHS ≈ 176 cm−1, νexpBS ≈ 208 cm−1) [84, 130]. Les valeurs extraites de la constante de
force moyenne 〈C〉 (voir Tab.II.3) caractérisant la partie haute fréquence des spectres
(vDOS) confirment un ramollissement des modes optiques lors de la transition BS →
HS. Bien que la variation relative du 〈C〉 (〈CBS〉/〈CHS〉 ≈ 1.5) correspond au décalage
de fréquence attendu du mode d’étirement optique Me-L lors de la transition de spin,
les valeurs absolues de 〈C〉 sont plus petites que les observations expérimentales. En
effet, une grande partie de la contribution à la valeur de 〈C〉 provient non seulement
des modes Me-L, mais aussi des modes vibrationnels à hautes fréquences produits par
le ligand. Évidemment, la description simplifiée du ligand ne permet pas de reproduire
cette partie du spectre vibrationnel. Les vitesses du son de Debye vD des deux états
de spin ont été calculées à partir de la partie basse fréquence des spectres (vDOS)
(voir Fig.II.8b) [86]. La diminution de vD lors d’une transition BS à HS confirme que
la phase HS est plus molle que celle BS [21]. De plus, il est important de souligner
le bon ordre de grandeur des valeurs calculées de vD avec les données expérimentales
(vexpBS = 2063 ± 27 m.s−1, vexpHS = 1933 ± 20 m.s−1, [19]), obtenues pour différents com-
plexes SCO. La rigidité du réseau est alors réaliste, ce qui est essentiel pour étudier
les effets de réduction de taille. En effet, les énergies de liaison ainsi que la rigidité
du réseau jouent un rôle clé dans les propriétés de surface et le confinement spatial
des phonons. On note que la différence d’entropie vibrationnelle entre l’état HS et
BS, ∆S = SHSN − SBSN , est positive car la densité d’états vibrationnels est plus élevée
dans l’état HS. La variation d’entropie calculée entre les deux états de spin est 1.97(1)
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J.K.−1mol−1, proche de la valeur obtenue par la technique NIS (≈ 4 J.K−1.mol−1, [19]).
Qu’elle soit obtenue expérimentalement ou numériquement, la variation d’entropie est
bien inférieure à la valeur attendue pour un matériau de transition de spin (40-80
J.K.−1mol−1). L’expression de l’entropie donnée par l’équation II.23 prend principale-
ment en compte les modes situés à basse fréquence et néglige les modes optiques, ce
qui explique cette différence importante.

BS HS
svib (kB) 1.67± 0.01 1.90± 0.01
uvib (meV) 30.2± 0.1 28.90± 0.01
〈C〉 (N/m) 63± 5 43± 5
ρ (kg/m3) 1804.8 1604.5
vD (m/s) 2070± 10 2004± 10

Table II.3 – Quantités physiques extraites de la densité d’états vibrationnels partielle
du matériau massif dans les deux états BS et HS en utilisant la méthode décrite dans
la référence [86].

II.3.4 Densité d’états vibrationnels dans le cas des films minces

    

b)
a)a)

    

C)
b)

Figure II.9 – a) Représentation schématique bidimensionnelle du système "bulk" (mo-
dèle I) avec des conditions aux bords périodiques appliquées dans toutes les directions.
Les atomes transparents sont la réflexion des atomes à l’intérieur de la boîte de simu-
lation. b) Modèle II : la méthode "slab" est appliquée en augmentant les conditions
périodiques dans la direction z jusqu’à une longueur h, conduisant à la formation d’une
couche mince d’épaisseur Lz constitué de deux surfaces normales à la direction z. Le
carré rouge dont les coins sont constitués de quatre centres métalliques, représente la
maille élémentaire d’aire as = l2, où l = (2aMeL+aLL−inter) est le paramètre de maille.

La dynamique de réseau des matériaux SCO a été simulée à l’aide des modèles I et
II et pour différentes épaisseurs de film Lz (voir Fig.II.9). Si nous comparons le spectre
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(vDOS) du matériau massif précédemment obtenu avec le film le plus mince (Lz =
2.5 nm) (voir Fig.II.10), nous constatons qu’il n’y a pas de modification drastique de
l’apparence du (vDOS) avec la réduction de la taille. La forme générale de la courbe
est conservée pour les systèmes très minces. Ce n’est pas surprenant puisque dans
cette simulation la symétrie cristalline et la géométrie de l’octaèdre parfait n’est pas
fortement affectée à l’approche de l’échelle nanométrique. En particulier, la position et
l’aire du pic optique autour de 21 meV sont identiques pour le matériau massif et le film
mince. Cependant, si la (vDOS) est inspectée plus attentivement, certaines différences
peuvent être distinguées : la (vDOS) de la couche mince semble être plus "bruitée",
une signature d’une raréfaction de nombre de modes vibrationnels accessibles. De plus,
l’apparition de plusieurs pics dans la partie acoustique du spectre, autour de 5 meV
peut être observée (flèche noire pointant vers le haut sur la Fig.II.10).

La réduction de la taille implique l’apparition de deux phénomènes : des effets de
taille finie (réduction du nombre de degrés de liberté du réseau), qui conduisent à
une discrétisation du spectre d’énergie et des effets de surface liés à une rupture de
l’invariance par translation dans l’espace des propriétés physico-chimiques du système.
Les effets de taille finie produisent un spectre (vDOS) discontinu et l’apparition d’un
gap acoustique aux basses fréquences [83]. Pour un film mince, ces phénomènes ne sont
pas observables car la surface Lx × Ly reste tellement grande que le système conserve
un grand nombre de degrés de liberté de réseau.

  

a)

BS

~

  

b)

HS

~

Figure II.10 – a) La (vDOS) partielle pour un film mince d’épaisseur Lz ≈ 2.5 nm
à l’état BS (cercles rouges ouverts). La (vDOS) correspondante au matériau massif
est superposée pour comparaison avec le film mince (étoiles pleins bleues). Les flèches
indiquent le changement dans la (vDOS) partielle. b) Des résultats similaires ont été
obtenus dans l’état HS.

D’autre part, les surfaces libres impliquent la présence de modes vibrationnels
supplémentaires, appelés modes de Rayleigh, qui se propagent le long de la surface
[134, 133]. Ces modes sont situés dans la partie basse fréquence du (vDOS), à proxi-
mité des modes acoustiques. L’amplitude des ondes de Rayleigh est atténuée à l’in-
térieur du film mince au fur et mesure que l’on s’éloigne de la surface. Ces modes
de surface subsistent dans la limite continue (grandes valeurs de Lz) et leur existence
peut être prédite par l’équation de Navier, en considérant un milieu continu élastique
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avec une contrainte élastique nulle à la surface. Par conséquent, ces modes de surface
apparaissent dès qu’une surface libre est créée, quelle que soit la caractéristique du
potentiel intermoléculaire (harmonique ou anharmonique). La nature anharmonique
des vibrations intermoléculaires augmente l’amplitude des modes de Rayleigh et ajoute
de nouveaux modes de surface puisque les octaèdres situés à la surface peuvent avoir
des déplacements plus importants autour de leurs positions d’équilibre. Le principal
avantage de notre approche est la possibilité de séparer les effets de surface des effets
de taille finie.

II.3.5 Étude en taille des quantités thermodynamiques
Après avoir calculé les (vDOS) pour différentes tailles Lz. Nous avons déterminé

la dépendance avec l’épaisseur du film mince des différentes quantités thermodyna-
miques, telles que l’énergie interne vibrationnelle uN , l’entropie vibrationnelle sN et
la constante de force élastique 〈CN〉. L’énergie interne vibrationnelle et la constante
de force moyenne restent pratiquement les mêmes avec la réduction de la taille dans
les deux états de spin (voir Fig.II.11), aucune différence majeure ne peut être détectée

  

a)

  

b)

Figure II.11 – Pour les deux états de spin : a) L’énergie interne vibrationnelle uvib
en fonction de la taille Lz. b) La constante de force moyenne 〈C〉 en fonction de la
taille Lz.

entre les calculs effectués sur un système avec des conditions aux limites périodiques
et un film mince. Cela signifie que la contribution des modes vibrationnels surfaciques
due à la présence d’une surface libre n’est pas significative pour ces deux grandeurs.
Ce résultat peut être compris de la manière suivante : les définitions de uN et 〈CN〉
[86] montrent que la contribution principale de ces deux quantités provient de la par-
tie haute fréquence du vDOS, qui n’est pas affectée par la réduction de taille. La
situation semble différente pour la simulation de nanoparticules pour lesquelles une
augmentation des deux quantités a été observée avec la réduction de taille. Ceci est
probablement dû à un confinement spatial, dont les effets de discrétisation tendent à
augmenter l’aire sous le spectre vDOS dans la partie optique au détriment de l’aire
occupée par la partie acoustique. Au contraire, nous observons une augmentation de
l’entropie vibrationnelle avec la réduction de taille pour les deux états de spin (voir
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Fig.II.12 a) et b), ce qui est clairement attribuée à la présence de modes de surface
dans la partie basse fréquence du spectre (vDOS). La principale contribution à l’en-
tropie vibrationnelle est donnée par la partie acoustique du spectre vibrationnel. En
effet, du film le plus épais à un film d’épaisseur Lz = 12 nm, l’entropie vibrationnelle
totale du film SN correspond à celle du matériau massive SNb . En d’autres termes,
l’entropie de surface SsN est nulle puisque les effets de surface sont négligeables (voir
Fig.II.12c). En dessous de Lz = 12 nm, cependant, l’entropie vibrationnelle de surface
SsN augmente, tandis que l’entropie vibrationnelle du matériau sans surface SNb reste
pratiquement constante. (La variation observée pour le film le plus mince du système
sans surfaces libres peut être probablement due à un artefact numérique attribué à un
problème d’auto-interactions.). L’amplitude des ondes de Rayleigh diminue de façon

  

BS

a)
BS

  

b)
HS

b)

  

c)
BS

HS

c)
BS

HS

Figure II.12 – L’évolution de l’entropie vibrationnelle en fonction de la taille Lz pour
un système "bulk" sbN (étoiles pleines) et film mince "totale" sN (cercles ouverts) dans
l’état BS a) et HS b). Les barres d’erreurs représentent les incertitudes numériques
dues à la création du vide (pour les détails du calcul, voir Appendix.A) .c) L’entropie
de surface ssN calculées en utilisant l’équation II.26 dans les deux états de spin.

exponentielle au sein du nanomatériau au fur et à mesure que l’on s’éloigne des sur-
faces libres. Pour les grands systèmes, la dynamique du réseau des couches minces n’est
pas affectée par les effets de surface puisque les ondes de Rayleigh sont négligeables
au delà de quelques couches (environ 5 nm) sous la surface. Lorsque l’épaisseur est
du même ordre de grandeur que la profondeur de pénétration des ondes de surface,
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les propriétés vibrationnelles de l’ensemble du système sont impactées par les effets
de surface. En effet, le nombre de coordination plus faible produit par la présence
de surfaces libres permet aux octaèdres de surface de vibrer avec une amplitude plus
grande et l’existence de modes acoustiques de surface conduit à une propagation de
cette perturbation au cœur du matériau. Ceci peut être vu comme une augmentation
locale de la température (ou une diminution de la température de Debye) entraînant
une augmentation de l’entropie.

II.3.6 Densité d’états vibrationnels dans le cas de nanoparti-
cules

La simulation numérique des propriétés vibrationnelles des nanoparticules cubiques
nécessite la création de six surfaces équivalentes par l’application de conditions de
bords libres dans toutes les directions. Nous nous attendons alors à un effet de surface
plus significatif que celui qui a été observé dans les films minces. Au dessus d’une taille
de Lx × Ly × Lz = 6× 6× 6 octaèdres, les modes vibrationnels des nanoparticules ne
sont pas quantifiés et la (vDOS) conserve la même forme que le matériau massif. De
plus, le caractère harmonique et anharmonique du potentiel d’interaction ne semble
pas avoir d’influence sur la forme de la vDOS au delà de cette taille. Dans ce cas, le
système peut être considéré comme un milieu continue. Au contraire, au dessous de
cette taille, l’approximation de Debye et la théorie de l’élasticité linéaires deviennent
invalides en raison de la quantification des modes vibrationnels qui mène à la présence
d’un gap acoustique à très basse fréquence.

La nature du potentiel intermoléculaire (harmonique ou anharmonique) impacte
différemment les propriétés de surface. Le potentiel harmonique quadratique est une
bonne approximation du potentiel de Lennard-Jones à condition qu’un faible dépla-
cement autour d’une position d’équilibre soit considéré. En revanche, il ne représente
pas correctement les interactions intermoléculaires loin de cette position. Par consé-
quence, les interactions intermoléculaires à la surface sont très mal représentées par
le potentiel harmonique en raison de la grande mobilité des atomes de surface. Cela
se reflète dans le spectre des phonons des nanoparticules. Quelque soit le potentiel
utilisé, les effets de surface sont présents dans les nanosystèmes du fait de l’absence
de liaisons à la surface. En revanche, l’amplitude de ces effets dépend de la nature
du potentiel choisi. Dans la figure II.13, nous pouvons constater qu’un potentiel an-
harmonique appliqué aux interactions intermoléculaires conduit à une amplification
des effets de surface en ajoutant des modes surfacique à basse fréquence. Le potentiel
anharmonique permet également une meilleure relaxation mécanique des structures
cristallines, l’élimination de contraintes élastiques résiduelles et lève la dégénérescence
de certains modes de vibration, amoindrissant de ce fait la discrétisation de la vDOS.
Un potentiel d’interaction anharmonique est alors essentiel pour prendre en compte
les effets de surface dans la dynamique du réseau [134]. En effet, la création de surface
peut être considérée comme un processus de dissociation des liaisons, qui ne peut être
réalisé avec des potentiels harmoniques (apparition de singularité mathématique, non
physique).

En diminuant la taille des nanoparticules, l’entropie vibrationnelle aura tendance
à diminuer car il y a de moins en moins de degrés de liberté de vibration dans le sys-
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tème ; les modes acoustiques disparaissent par effet de confinement. La présence d’un
gap acoustique supprime l’aire sous le spectre vDOS dans un domaine de fréquences qui
contribue largement à l’entropie vibrationnelle telle qu’elle est définie par l’équation
II.23. En revanche, l’influence de six surfaces sur quelques couches atomiques contribue
également à un décalage important vers les basses fréquences de modes acoustiques de
volume et à l’apparition significative de modes de surface discrétisés, engendrant une
production d’entropie capable de compenser la diminution du nombre de modes acous-
tiques liée aux effets de confinement, voire même d’inverser la tendance. On assiste
alors à une augmentation de l’entropie avec la diminution de la taille et cette aug-
mentation est plus importante lorsque le potentiel intermoléculaire est anharmonique
(voir Fig.II.14). D’ailleurs, l’augmentation de l’énergie de cohésion ou de la constante
de force donne lieu à une structure plus rigide qui limite les effets de surface et donc
l’augmentation de l’entropie observée pour les plus petites tailles.

Par conséquent, nous pouvons conclure qu’il existe deux phénomènes antagonistes
dans l’évolution avec la taille de l’entropie vibrationnelle. Dans le cas des surfaces
libres, l’augmentation ou la diminution de l’entropie dépend de la force du confine-
ment spatial (dimensionnalité et morphologie du nano-objet) et des modes de Rayleigh
de la surface dont l’amplitude vibrationnelle est contrôlée principalement par la rigi-
dité et les propriétés cristallographiques du nanomatériau. Plus le nanomatériau est

  

~

Modes anharmoniques 
de surfaces

Figure II.13 – Les (vDOS) partielles pour une nanoparticule de taille Lx × Ly ×
Lz = 4 × 4 × 4 octaèdres dans le cas où le potentiel intermoléculaire est harmonique
(étoiles bleues) et anharmonique (cercles rouges). Les flèches montrent l’amplification
des modes surfaciques dans le cas d’un potentiel anharmonique.
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Figure II.14 – Variation en fonction de la taille de l’entropie vibrationnelle des na-
noparticules. Deux types de potentiels intermoléculaires sont utilisés : harmonique et
LJ.

rigide, plus l’amplitude de vibration des modes de Rayleigh est faible. En conséquence,
les propriétés thermodynamiques d’un nano-système possédant une grande vitesse du
son sont régies par le confinement spatial et l’entropie vibrationnelle devrait rester
constante (couches minces) ou diminuer (nanoparticules) [83]. A l’inverse, l’amplitude
des modes de surface est plus importante dans des nanomatériaux moins rigide, alors il
est possible que ces modes de surface supplémentaires soient capables de contrebalan-
cer l’effet du confinement spatial et une augmentation de l’entropie peut être observée.
Dans le travail de Mikolasek et al. [83], le confinement spatial était dominant car la
vitesse du son était trop élevée. Une diminution de l’entropie a alors été observée avec
la réduction de la taille. L’observation expérimentale d’une augmentation de l’entropie
vibrationnelle dans les nanoparticules de coordination SCO à l’approche de l’échelle
nanométrique suggère que leurs propriétés thermodynamiques soient principalement
régies par des effets de surface du fait d’une vitesse du son plus faible [19], en comparai-
son avec des structures denses comme par exemple les métaux et les oxydes [170, 171].
Cependant, l’impact d’une surface libre sur la stabilité des phases des films minces
apparaît plutôt faible car la différence d’entropie entre les phases HS et BS reste qua-
siment inchangée. En effet, l’entropie vibrationnelle de surface des deux états de spin
se comporte de manière identique avec la réduction de taille de sorte que ∆SsN ≈ 0
(voir Fig.II.12c). Dans ce travail, les états HS et BS sont structurellement très simi-
laires de sorte qu’aucune différence ne devrait apparaître avec la réduction de taille.
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Ces résultats corroborent des études théoriques antérieures sur les effets de taille sur
les propriétés de commutation des matériaux à transition de spin à travers des ap-
proches de physique statistique réalisées sur des modèles masse-ressort et résolus par
des méthodes Monte Carlo [82]. Le défaut de coordination en surface ne produit qu’une
légère diminution de la température de transition avec la réduction de taille, loin de
la variation observée expérimentalement.

II.4 Étude de la dynamique de réseau des nanoma-
tériaux à transition de spin par des méthodes
de matrice dynamique

Dans la section précédente, nous avons proposé que les modes additionnels qui
apparaissaient dans la vDOS des nano-objets possédant des surfaces libres dont les
effets sur la dynamique de réseau sont non-négligeables, étaient des modes de surface.
En particulier, nous avons affirmé que les modes observés à basses fréquences étaient
des modes de Rayleigh. D’un point de vue de la mécanique des milieux continus, les
modes de Rayleigh existent dès lors qu’une surface libre est créée, pour satisfaire des
conditions aux limites qui brisent l’invariance par translation dans une ou plusieurs
directions de l’espace (annulation du tenseur des contraintes à la surface). Il est néces-
saire de conforter cette affirmation à l’aide d’une autre approche théorique qui repose
sur un principe et une méthodologie différente de celle employée dans les simulations de
dynamique moléculaire. La matrice dynamique est une méthode numérique/analytique
idéale pour appréhender les propriétés vibrationnelles des solides et nano-objets. Tout
comme le calcul de la fonction d’autocorrélation des vitesse par dynamique molécu-
laire, elle permet d’accéder à la vDOS. Elle possède un atout supplémentaire, car elle
donne assez aisément, en comparaison avec d’autres méthodes numériques, des infor-
mations concernant la symétrie des modes de vibration au travers de la relation de
dispersion. Dans le suite, nous présentons la méthodologie générale de la technique de
la matrice dynamique pour ensuite l’appliquer aux solides à transition de spin.

Considérons un atome i sur un site de référence −→r 0
i , son déplacement vers une

position instantanée dans une cellule unité [−→R ] s’exprime à travers du vecteur dé-
placement : −→u i(t) = −→r i(t) − −→r 0

i . Dans une autre cellule unité voisine de position
[−→R + −→R j], il y existe un atome j de vecteur déplacement −→u j(t) = −→r j(t) − −→r 0

j (voir
Fig.II.15). Dans un but de simplification, nous considérons par la suite une valeur
nulle des vecteurs de références {r0

i , r
0
j}. Ainsi, l’écriture de l’expansion de Taylor de

l’énergie potentielle instantanée de l’atome i s’écrit simplement en fonction du vecteur
déplacement −→u i = −→r i :

V (ui) = V (0) +
1
1!
∂Vi

∂ui︸︷︷︸
0

ui +
1
2!
∑
j

uj
∂2Vi

∂uj[
−→
R +−→R j]∂ui[

−→
R ]︸ ︷︷ ︸

φij

ui + ��
��O(t3)︸ ︷︷ ︸

App. Harmo.

(II.41)

avec φij est une matrice dont les éléments correspondent aux constantes de couplage
harmonique entre les atomes i et j. Cette constante satisfait l’invariance par translation
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dans l’espace. Les termes d’ordre supérieur sont négligés dans le cadre de l’approxi-
mation "harmonique". L’expansion thermique due aux effets anharmoniques est ainsi
négligeable. D’après la deuxième loi de Newton, nous pouvons écrire que la résultante
des forces exercées par les atomes voisins j sur l’atome i (les atomes interagissants avec
i au travers de forces de couplages) est proportionnelle au produit de la masse inertielle
Mi par son accélération, définie ici comme la dérivée seconde du vecteur déplacement
par rapport au temps dans un référentiel galiléen :

Miüi + φijuj = 0 ; (II.42)

Pour N cellules unités contenant r atomes dans un système tridimensionnel, il en
découle 3rN équations différentielles linéaires du mouvement à résoudre. Dans une
structure périodique ou un matériau massif, le déplacement d’un atome s’écrit sous la
forme d’une onde plane progressive invariante par translation dans les trois directions
de l’espace :

ubi(t) =
1√
Mi

u0(−→k )e−i(
−→
k ·
−→
R−ωt) ; ubj(t) =

1√
Mj

u0(−→k )e−i[
−→
k ·(−→R+−→R j)−ωt] (II.43)

En revanche, le déplacement des atomes surfaciques s’exprime sous la forme d’une
onde locale non-progressive parallèle à la surface (dans la direction xx, voir Fig.II.16a),
mais elle conserve la réversibilité dans le temps :

  

R⃗ R⃗+ R⃗ j

r⃗ i
0

r⃗ i

r⃗ j
0

r⃗ j

u⃗i u⃗ j

L⃗

L⃗+Δ L⃗

Figure II.15 – Représentation schématique du déplacement de deux atomes i et j
existant dans deux cellules unités différentes.
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usi (t) =
1√
Mi

u0(−→k )e−(α−→k x·−→R−iωt) ; usj(t) =
1√
Mj

u0(−→k )e−(α−→k x·(−→R+−→R j)−iωt)

(II.44)
où α ∈]0,+∞] est un pré-facteur déterminant de la longueur d’onde de déplacement des
atomes surfaciques. Si α ≈ 1, il s’agit des modes de surface dans la bande interdite entre
les modes acoustiques et optiques. Si 0 < α << 1, la longueur d’onde de déplacement
est très grande, correspondant aux ondes de Rayleigh. Dans ce cas, le développement
limité de l’exponentielle du déplacement est :

e−α
−→
k x·
−→
R j = 1− α

−→
k x ·
−→
R j

1! +

(
α
−→
k x ·
−→
R j

)2

2! +O(t3). (II.45)

En insérant les équations de déplacement de surface II.44 et de volume II.43 dans
la relation fondamentale de la dynamique, on obtient :

ω2
bulku0 =

1√
MiMj

φije
−i
−→
k ·
−→
R j

︸ ︷︷ ︸
Dbij

u0 ; ω2
surfu0 =

1√
MiMj

φije
−α
−→
k x·
−→
R j

︸ ︷︷ ︸
Dsij

u0 (II.46)

où Db
ij et Ds

ij sont respectivement les matrices dynamiques des atomes de volume et
de surface. Jusqu’à présent, nous n’avons pas encore exprimé les directions de dépla-
cement dans l’équation de mouvement. Pour un système bidimensionnel, la matrice
dynamique totale de volume est formée des matrices qui prennent en compte les diffé-
rentes directions de déplacements dans l’espace réciproque (xx, xy, yy), alors que celle
de la surface est une matrice obtenue en considérant le déplacement unidirectionnel
suivant l’axe de x. Elles s’écrivent de la manière suivante :

Db =
(
Db,xx
ij Db,xy

ij

Db,yx
ij Db,yy

ij

)
; Ds = Ds,xx

ij (II.47)

Sachant que la dimension d’un élément est : dim(Dij) =m×n, où m est le nombre
d’atomes dans une cellule unité et n le nombre+1 de plus proches voisins de chaque
atome. D’ailleurs, pour un atome i ayant j voisins, un élément de direction kl de la
matrice dynamique s’écrit :

Db,kl
ij =

 ∂2V kl
i [−→R ]

∂uj[
−→
R +−→R j]∂ui[

−→
R ]

 e−i−→k .−→R j ; Ds,kl
ij =

 ∂2V kl
i [−→R ]

∂uj[
−→
R +−→R j]∂ui[

−→
R ]

 e−α−→k x.−→R j
(II.48)

où −→k = kxêxx + kyêyy. Vi est l’énergie d’interaction harmonique de l’atome i avec les
j atomes voisins de vecteur unitaire êij 1 :

1. Si la distance initial de deux atomes i et j est −→L , la distance instantanée après déplacement
est alors : −→L + −→u j − −→u i. La norme de la différence entre la position initiale et finale est ∆L =
êij · (−→u j −−→u i) d’énergie potentiel correspondante E = 1

2 k(∆L)2.
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Vi[
−→
R ] =

1
2
∑
j 6=i
kij
[
êij ·

(−→u j[
−→
R +−→R j]−−→u i[

−→
R ]
)]2

(II.49)

La projection de l’équation précédente suivant les directions principales (kl=xx,
yy, xy ou yx) d’un système bidimensionnel donne :



V xx
i [−→R ] = 1

2

∑
j 6=i
kij
[
êxx · êij ·

(−→u j[
−→
R +−→R j]−−→u i[

−→
R ]
)]2

;

V yy
i [−→R ] = 1

2

∑
j 6=i
kij
[
êyy · êij ·

(−→u j[
−→
R +−→R j]−−→u i[

−→
R ]
)]2

;

V xy
i [−→R ] = 1

2

∑
j 6=i
kij

[{
êxx + êyy√

2

}
· −→e ij ·

(−→u j[
−→
R +−→R j]−−→u i[

−→
R ]
)]2

;

(II.50)

Le calcul de la matrice hessienne harmonique φij de l’une de ces expressions conduit
à la matrice dynamique pour les atomes de surface et de volume dans une direction
kl. Par la suite, nous calculons les fréquences de vibrations en cherchant les valeurs
propres des matrices dynamiques de surface et de volume de la manière suivante :

det
(
Db − ω2

bulkI
)

= 0 ; det
(
Ds − ω2

surfI
)

= 0 (II.51)

La structure de bande totale est ainsi la superposition des bandes phononiques
obtenues pour la surface et le volume dans la zone de Brillouin 2D. Par la suite, nous
calculons la densité d’états vibrationnels. En effet, pour un système bidimensionnel,
la densité des phonons dans l’espace des fréquences est :

g2D(ω) =
1
l2

dN
dω =

1
l2

dN
dk

dk
dω =

1
l2

dN
dk

1
vg

; (II.52)

où l est un paramètre de maille, vg = dω/dk est la vitesse de groupe et N le nombre de
modes accessibles. Lorsque k → 0, chaque vecteur d’onde accessible (mode, ou état)
occupe une région d’aire (2π/l)2. Dans un cercle de rayon −→k , le nombre de modes
accessibles est :

N(−→k ) =
πk2

(2π/a)2 =
k2a2

4π ; (II.53)

La densité des phonons à basses fréquences devient alors :

g2D(ω) =
k

2π
1
vg
. (II.54)

II.4.1 Application à une structure octaédrique bidimension-
nelle

Nous avons calculé la structure de bande des phonons pour un système bidimen-
sionnel constitué d’un centre métallique entouré de quatre ligands. Le choix d’une
symétrie octaédrique permet de comparer et comprendre les études de la dynamique
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de réseau réalisées par les simulations de dynamique moléculaire. La cellule unité pour
les atomes situés dans le volume contient une molécule de cinq atomes (Nb=5), alors
qu’à la surface une cellule unité est formée d’un ligand (Ns=1) (voir Fig.II.16a). La
taille de la matrice dynamique pour le volume (resp. la surface) est pb × pb (resp.
ps×ps), avec ps = Ns×dim(surf) = 1×1 = 1 et pb = Nb×dim(bulk) = 5×2 = 10. En
utilisant la méthode décrite dans la section précédente, nous avons obtenu la matrice
dynamique de volume Db qui s’écrit sous la forme :

  

:Me

:L

a)

  

b)

BZ

Figure II.16 – a) Représentation de la structure octaédrique bidimensionnelle consti-
tuée de centres métalliques et de ligands respectivement de masses M et m. b) Repré-
sentation de la première zone de Brillouin dans l’espace réciproque pour un système
bidimensionnel, avec G=(0,0), X=(π/ainter,0) et W=(π/ainter,π/ainter).
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(II.55)
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(II.56)
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Dxy
ij = Dyx
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(II.57)

où k1, k2 et k3 sont les constantes de couplage harmonique respectivement pour les
interactions (Me-L), intermoléculaire et intramoléculaire. a2 = ainter est la distance
intermoléculaire. m et M sont respectivement les masses du ligand et du centre mé-
tallique. Les valeurs utilisées pour les différentes constantes harmoniques sont celles
employées dans les simulations de dynamique moléculaire (voir Tab.II.2).

La figure II.17a représente la structure de bande énergétique des atomes de volume
dans la zone de Brillouin, obtenue par le calcul des valeurs propres de la matrice dyna-
mique Db. Cette relation de dispersion montre 2 branches acoustiques correspondant
aux modes longitudinale et transversale ainsi que 8 branches optiques attribuées aux
modes (Me-L) et intra L-L. De plus, nous pouvons clairement constater le décalage de
la totalité des branches entre les deux états de spin dû aux différences de couplages
harmoniques, conduisant au décalage des modes dans la densité d’états vibrationnels.
L’interprétation quantitative de la structure de bande des phonons doit commencer
par une identification des modes optiques actifs, car même si certaines branches op-
tiques existent dans la structure de bande, le faite que leurs dérivés dω/dk < 0 signifie
une vitesse de groupe négative ou l’absence d’une activité optique, comme dans le cas
du diamant [172]. Dans les matériaux à transition de spin, la différence de structures
de bandes entre les deux états de spin est discutable. En particulier, le passage des
phonons d’un état à un autre peut coûter plus ou moins d’énergie selon la symétrie du
mode de vibration. Par exemple, les phonons d’énergie 110 meV correspondant à des
modes optiques intramoléculaires HS et BS coexistent au point actif de symétrie W
(symbole (×) vert) 2, cela signifie qu’un très faible apport en énergie est suffisant pour
activer, dans un premier temps, les modes optiques intramoléculaire à une tempéra-
ture où l’état HS est stable. Il est alors possible d’activer des modes optiques (MeL)
(voir les flèches vertes). Notons qu’après un temps relativement grand (par rapport
au temps nécessaire à une molécule pour changer d’état de spin), un nombre suffisant
de molécules se convertissent dans l’état HS par des effets coopératifs, impliquant la
création de modes acoustiques à longues-portées.

La densité d’états des phonons correspondante est tracée pour le système bidimen-
sionnel en utilisant l’équation II.52 (voir Fig. II.17b). En accord avec l’approximation
de Debye, g(E) est linéaire lorsque E → 0. De plus, en comparant ces résultats avec
la densité spectrale totale obtenue par la dynamique moléculaire, nous avons pu quali-
tativement reproduire les différentes positions de pics optiques et acoustiques. Cepen-
dant, le calcul numérique se fait sur un système tridimensionnel de très grand nombre

2. Ce constat n’est finalement pas surprenant. Du fait de la symétrie carré du réseau cristal-
lin, il est plus facile de déformer la maille élémentaire en étirant ou en comprimant ses diagonales
(transformation carré-losange)
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d’atomes, conduisant à la présence d’un mode acoustique transversal additionnel, ainsi
qu’à une structure de bande continue.

  G X W G

X
a)

  

b)

~

Figure II.17 – a) Structures de bandes énergétiques dans la zone de Brillouin pour
l’état BS (étoiles bleues) et HS (cercles rouges). Le symbole (×) vert correspond au
point d’intersection de deux modes optiques actifs et les flèches vertes représentent
l’enchainement de l’activation des modes optiques à une température où l’état HS
est stable. b) Spectres des phonons dans l’état BS, calculés par des simulations de
dynamique moléculaire (étoiles bleues) et par la matrice "Hessienne" (cercles rouges).

II.4.2 Étude des effets de taille par la matrice dynamique
Cas d’une surface monoatomique

L’étude des effets de taille par l’analyse de la structure de bande nécessite de
prendre en considération la dynamique des atomes surfaciques, en particulier, la forme
non-progressive de la fonction d’onde de déplacement qui permet de remonter à la
matrice dynamique de surface Ds et aux fréquences de vibrations correspondantes :

ω2
s =

k3

m

(
1− e−αkxa2

)
(II.58)

Ces modes peuvent être superposés sur la relation de dispersion du matériau massif.
En effet, la création d’une surface ajoute sur le spectre vibrationnels de volume des
modes de surface (voir Fig.II.18a). Afin de comparer ces résultats aux données issues
des expériences (NIS) et des simulations de (DM) et d’étudier en fonction de la taille
l’effet de la présence de surfaces, nous avons défini une relation de dispersion "moyenne"
qui prend en compte les fréquences de vibration surfacique et volumique pondérées par
le nombre de couches de surface et de volume :

〈ω〉 =
lsωs + lbωb

ls + lb
(II.59)

sachant que cette relation n’est applicable qu’aux modes de même nature. Par exemple,
si l’onde de surface est transversale, elle doit se coupler avec une onde de volume de
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même type. Pour un nombre de couches de volume lb > 7 et ls = 2, la structure de

  G X W G

a)

  

b)

  

c)

Figure II.18 – a) Relation de dispersion dans la première zone de Brillouin, la flèche
rouge indique le mode de surface de Rayleigh. Représentation de la structure de bande
moyenne et de la vDOS correspondante dans le cas où b) lb = 50 et ls = 2 et c) lb = 2
et ls = 2. La flèche rouge indique le décalage des fréquences des modes acoustiques dû
à la présence de mode de Rayleigh.

bande phononique correspond à celle du matériau massif, aucune modification appa-
rente des modes acoustiques et optiques n’est observée (voir Fig.II.18b). En revanche,
pour lb < 7, nous observons un décalage des modes acoustiques vers les basses fré-
quences du fait de l’existence de modes de Rayleigh (voir Fig.II.18c).

Cas d’une surface polyatomique : chaine de centres métalliques et des li-
gands

En réalité, un ligand est un ensemble de plusieurs types d’atomes possédant des
masses différentes. L’atome de ligand unifié vibrant en phase conduit à l’apparition
d’un mode acoustique unique à basse fréquence. Ce modèle est une simplification
drastique d’une réalité beaucoup plus complexe. En effet, l’existence de plusieurs types
d’atomes à la surface, peuvent impacter par leurs vibrations la totalité du spectre
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vibrationnel. Dans le but d’améliorer le modèle initial, considérons le cas d’une chaine
triatomique en surface dont la cellule unité est composée d’un centre métallique et de
deux ligands (voir Fig.II.19a). Dans ce cas, la matrice dynamique de surface s’écrit de
la manière suivante :

Ds =



k1 + k3

m
−

k1√
Mm

−k3e
−αkxa1

−
k1√
Mm

2k1

M
−

k1√
Mm

−k3e
−αkxa1 −

k1√
Mm

k1 + k3

m


(II.60)

Avec cette nouvelle structure de surface, des modes optiques de surface apparaissent
au dessus du mode de Rayleigh, toujours présent dans la partie basse fréquence. Ces
nouveaux modes impactent les modes optiques de volume (comme indiqué par deux
flèches vertes dans la figure II.19b). Ce couplage surface/volume des modes optiques se
répercute évidemment sur les quantités thermodynamiques. En particulier, il conduit
à une augmentation de la constante de force moyenne ainsi qu’à une modification
de la rigidité globale du matériau et ce, quelque soit l’état de spin. De plus, l’effet
de surface sur les modes optiques de volume pourrait impacter le couplage électron-
phonon conduisant à une redistribution de la charge à l’échelle nanométrique. Dans
ce cas, un renforcement des liaisons à la surface est possible, ce qui impacte à la fois
la stabilité des phases et les mécanismes coopératifs durant le changement d’état de
spin. Ce couplage électron-phonon de surface nécessitera l’écriture de l’Hamiltonien
électronique ainsi que les termes de couplage avec les phonons. Avant toutes investiga-
tions théoriques dans ce sens, il serait souhaitable de détecter expérimentalement les
ondes de surface par des techniques de réflexion de surface [135], ou par la technique
d’interaction magnéto-élastique [173].

  

L

a1

k1

Me L

k1

a1

L

k3

a3

L

k3

a3

Surface unit cell

a)

  

b)

G X W G

Figure II.19 – a) Représentation de la cellule unité pour une chaine de surface tri-
atomique b) La structure de bande et la densité d’états vibrationnels correspondante
pour un système dont la surface est constituée de deux type d’atomes (un ligand et
un centre métallique). Les flèches vertes indiquent l’impact de ces modes optiques de
surface sur la relation de dispersion et la vDOS du matériau.

88



Chapitre II : Étude numérique de la dynamique de réseau des nanomatériaux à transition de spin

II.5 Conclusions

En conclusion, nous avons poursuivi l’étude théorique de la dynamique de réseau
des nanomatériaux à transition de spin, débutée quelques années auparavant dans
notre équipe de recherche. A l’époque, les méthodes numériques de simulation de
dynamique moléculaire avaient été développées pour modéliser principalement les ex-
périences de diffusion inélastiques nucléaires. Malgré la pertinence des méthodes de
dynamique moléculaire pour simuler les propriétés vibrationnelles de ces matériaux,
il a été impossible de reproduire -même qualitativement- les observations expérimen-
tales. Dans le cadre de cette thèse, nous avons choisi de combiner les simulations
de dynamique moléculaire avec la méthode "slab", largement utilisée en physique des
surfaces. Cette approche permet de séparer les effets de taille proprement dits (effet
de confinement) des effets de surfaces (rupture de l’invariance par translation dans
l’espace causée par des conditions de bords spécifiques). Le champ de force a été
reconsidéré pour limiter l’impact de paramètres non physiques sur les résultats numé-
riques. Tout d’abord, cette nouvelle méthodologie nous permet d’obtenir un premier
résultat important concernant les ordres de grandeur obtenues pour les grandeurs phy-
siques caractérisant les propriétés mécaniques des matériaux. Les valeurs de vitesses
du son (et donc celles des modules d’Young) extraites à partir des spectres de densités
d’états vibrationnels simulés sont très proches de celles obtenues par les expériences
de diffusion inélastique nucléaire. Cette première étape est indispensable pour espé-
rer reproduire la dynamique de réseau de ces nano-objets commutables au travers de
leur densité d’états vibrationnels. En effet lorsque l’on diminue l’épaisseur des couches
minces, la diminution du nombre d’états vibrationnels est compensée par l’émergence
de modes de surface dans la partie acoustique du spectre. Une augmentation de l’en-
tropie vibrationnelle est alors obtenue, en bon accord avec les données expérimentales
actuellement accessibles. Il semblerait donc que les propriétés thermoélastiques soient
plutôt gouvernées par des effets de surface et très peu par le phénomène de confi-
nement. 3. La faible rigidité de ces matériaux est certainement à l’origine de cette
observation. Même si la contribution des effets de surface a été souvent invoquée dans
la communauté scientifique pour expliquer les changements de propriétés de commu-
tation des matériaux à transition de spin à l’approche de l’échelle du nanomètre, ce
résultat constitue une première preuve théorique. Le fait que les matériaux à tran-
sition de spin soient des matériaux "mous" (en comparaison avec les métaux nobles,
les oxydes ou les alliages par exemple) exacerbe les phénomènes de surface, en parti-
culier l’amplitude des modes surfaciques acoustiques. Avec des vitesses du son allant
de 1600 m.s−1 (matériaux moléculaires) à 2700 m.s−1 (analogues de bleu de Prusse),
on s’attend à ce que les phénomènes de surface restent dominants dans les complexes
moléculaires et les polymères de coordination. Ce sont très certainement les effets de
surfaces et interface qui gouvernent la stabilité des phases des nano-objets. Cepen-
dant, la modélisation de la structure reste trop simpliste et l’absence de différence en
terme de symétrie entre les deux phases HS et BS ne permettent pas de quantifier la

3. Il faut toutefois rester prudent : les effets confinement ne semblent pas contribuer dans les
propriétés thermodynamiques et dans l’élasticité de ces nanomatériaux, mais cela signifie pas qu’ils
ne jouent pas un rôle crucial dans les processus de transport (chaleur, électrique, ....) et dans les
mécanismes coopératifs. Ce point reste bien évidemment à démontrer.
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variation d’entropie de surface entre les deux états observée expérimentalement. Dans
ce but, il sera nécessaire de modéliser une structure plus "réaliste", voire une structure
d’un composé précis en prenant en compte de manière explicite la composition et la
structure des ligands.
Les modes de surface apparaissent dans un domaine de fréquences caractéristique des
modes correspondants à des oscillations collectives (en phase) des atomes de surfaces,
appelés modes de Rayleigh dans le cas d’une couche mince possédant des surfaces
libres. Nous avons pu confirmer la nature et la symétrie de ces modes de Rayleigh par
la méthode de la matrice dynamique qui permet d’accéder à la relation de dispersion
phononique. La modélisation des propriétés mécaniques et dans une moindre mesure
des propriétés thermodynamiques constitue une étape indispensable avant toutes in-
vestigations quantitatives des effets de la surface ou des interfaces sur la stabilité des
phases des nanomatériaux à transition de spin. La seconde étape consiste à déterminer
deux grandeurs fondamentales, qui caractérisent les surfaces et les interfaces et qui sont
de surcroit potentiellement accessibles expérimentalement : l’énergie et la contrainte
de surface et d’interface.
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Chapitre III

Étude quantitative des énergies et
contraintes de surface dans les
nanomatériaux SCO

III.1 Introduction
En physique des solides, les matériaux condensés sont de taille finie et présentent

donc des surfaces/interfaces qui peuvent être caractérisées d’un point de vue fonda-
mentale par deux quantités essentielles : l’énergie de surface et la contrainte d’interface.
La mesure de celles-ci est relativement facile pour les liquides, elle correspond à la force
nécessaire pour détacher un anneau solide suspendu d’un côté à un dynamomètre et de
l’autre au film capillaire de la surface liquide, divisée par l’aire de l’anneau. Cependant,
la mesure de ces quantités devient moins aisée pour les solides en raison de l’existence
de structure en facettes des surfaces, celle-ci devient encore plus difficile notamment
pour les solides ayant une faible énergie de surface (de quelque mJ/m2), du fait de la
basse résolution des techniques expérimentales connues.

De cette complexité expérimentale émerge une alternative théorique : calculer ana-
lytiquement et numériquement ces quantités de surface et d’interface. Au chapitre
précédant, nous avons établi une méthodologie efficace pour simuler, en fonction de la
taille, les différentes quantités thermodynamiques et mécaniques. En se basant sur le
bon accord qu’elle montre avec l’expérience, nous avons pu l’appliquer à la détermi-
nation des énergies de surface et des contraintes d’interface, afin de nous diriger vers
une étude plus quantitative des effets de surface sur les propriétés de commutation
des nanomatériaux à transition de spin. Il est important de mentionner à ce stade
que nous ne disposons d’aucune estimation expérimentale de ces grandeurs pour les
matériaux moléculaires commutables et qu’aucun calcul numérique ou théorique n’a
encore été réalisé pour le moment.

Le but de ce chapitre sera de combiner la dynamique moléculaire et la mécanique
des milieux continus pour obtenir, à partir de la même structure introduite dans le
chapitre précédent, des premières estimations de l’énergie de surface induite par les
défauts de coordination en surface, et de la contrainte d’interface produite par la
différence de volume entre deux couches homogènes d’état de spin différents.

En se basant sur les définitions des quantités de surface/interface issues de la
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physique des solides, nous l’adapterons ensuite au cas des matériaux à transition de
spin. Dans un second temps, nous discuterons des valeurs obtenues des quantités de
surface/interface ainsi que de leur potentielle influence sur la stabilité des phases dans
les nanomatériaux à transition de spin à l’aide d’un modèle thermodynamique prenant
en compte ces quantités.

III.2 Approches théoriques des surfaces et des in-
terfaces

Dans cette section, nous présentons la méthodologie employée pour déterminer
analytiquement ou numériquement les quantités de surface et d’interface. L’approche
thermodynamique pour décrire la stabilité des phases en présence de surface/interface
est également développée. Ces deux formalismes nécessitent de définir et calculer des
quantités thermodynamiques et mécaniques. Ces dernières seront la plupart du temps
extraites à partir des simulations de la (vDOS) obtenues par dynamique moléculaire.
Ces calculs sont appliqués principalement à la surface solide-vide {100} qui est la plus
favorable en terme d’énergie dans le cas d’une structure cubique et à une interface
solide-solide HS/BS.

III.2.1 Aspects thermodynamiques et stabilité des phases
La stabilité des phases des nanomatériaux à transition de spin peut être étudiée

en s’appuyant sur une approche qui prend en compte dans la fonction de Gibbs totale
les grandeurs en excès de surface et d’interface. En particulier, nous nous intéressons à
l’évolution en taille des quantités liées à la surface ainsi qu’à l’élasticité de l’interface,
qui sont susceptibles d’influencer la température de transition des nanomatériaux à
transition de spin. Dans ce but, considérons une couche mince en contact avec un
thermostat et barostat, correspondant à l’ensemble de Gibbs (T , P , N), avec une
pression P = 0 bar et une température T = 200 K. Dans le cadre du modèle I et pour
un système suffisamment large (Lz → +∞), la variation de l’énergie libre de Gibbs par
molécule ∆G(T ) entre les deux états de spin peut être assimilée à celle du matériau
massif : ∆Gb = ∆H − T∆S, avec ∆H et ∆S sont respectivement la variation de
l’enthalpie et de l’entropie par molécule. En présence d’une surface solide-vide (Modèle
II) et d’une interface solide-solide (Modèle III, voir Fig.III.1c), les contributions de la
surface/interface doivent être prises en compte dans les propriétés thermodynamiques
d’une couche mince. Elles viennent s’ajouter à la quantité extensive ∆Gb du volume.
La variation d’enthalpie libre de Gibbs pour un système en présence d’une surface et
une interface s’écrit sous la forme :

∆G = ∆Gb(T ) + ∆Gs(Lz) + ∆Gint(Lz) ; (III.1)

où ∆Gs(Lz) = ∆Hs(Lz) − T∆Ss(Lz) (resp. ∆Gint = ∆Hint(Lz) − T∆Sint(Lz)) cor-
respond à l’enthalpie libre de Gibbs pour une surface (resp. pour une interface) par
molécule. Ces fonctions d’état sont dépendantes de la taille et évidemment négligeables
pour les matériaux massifs de grandes tailles. Dans le chapitre précédent, nous avons
montré que la différence de l’entropie de surface (par molécule) ∆Ss reste négligeable
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même en diminuant la taille dans le cas du système modèle. La contribution d’une
interface solide-solide dans l’entropie est plus difficile à estimer, mais on peut raison-
nablement supposer que ∆Sint(Lz) ≈ 0 tant qu’une interface cohérente entre les deux
phases limite la création d’une entropie configurationnelle. Cela ne signifie pas qu’il
n’y ait pas de contribution de surface/interface dans la différence d’entropie entre les
deux phases. En réalité, les expériences (NIS) montrent un changement de la variation
de l’entropie vibrationnelle entre les deux phases avec la diminution de la taille et
une dépendance des quantités thermodynamiques est bien constatée selon la nature
des matrices entourant des nanoparticules. Dans ce chapitre, nous nous focalisons sur
les propriétés mécaniques et énergétiques des surfaces libres et des interfaces HS/BS
cohérentes.

Il est bien connu que l’équilibre de spin se produit lorsque les deux phases coexistent
dans les mêmes proportions, c’est-à-dire lorsque ∆G = 0, donnant la possibilité de
calculer la température d’équilibre :

Teq ≈
∆H + ∆Gs + ∆Gint

∆S = T b
eq + δT s

eq + δT I
eq ; (III.2)

où T b
eq est la température d’équilibre d’un matériau massif fixée par la suite à 200 K.

δT s
eq et δT int

eq représentent le changement de la température de transition due respec-
tivement à la présence de surfaces et d’interfaces.

Dans la suite, nous allons introduire les différents calculs théoriques sur lesquels
nous nous appuyons pour déterminer chaque quantité présente dans l’expression de
Teq, ce qui nous permettra de remonter à l’évolution avec la diminution de la taille de
la stabilité des phase.

III.2.2 Estimation de ∆S et ∆H du système massif
L’entropie est la mesure de désordre statistique d’un système possédant un grand

nombre de degrés de liberté et s’exprime mathématiquement par une fonction d’état
extensive non-conservative. Dans les matériaux à transition de spin, cet grandeur varie
en fonction de l’état électronique ainsi que de la dynamique spatiale des atomes. Il
est ainsi raisonnable d’exprimer la différence d’entropie totale entre les deux états
de spin comme étant la somme des variations d’entropies de ces deux contributions
(électronique et vibrationnelle) du matériau massif.

La partie électronique de l’entropie est attribuée au moment total de spin, qui
est calculé en utilisant l’expression (Eq.I.7). Dans le cas de l’ion Fe(II), la différence
d’entropie électronique est de l’ordre de 1.6 kB. Cette valeur sera ajoutée à la différence
d’entropie vibrationnelle ∆Svib, ce qui permettra de remonter à la variation d’entropie
totale.

De l’autre côté, nous avons utilisé une expression pour l’entropie vibrationnelle
qui est différente de celle qui avait été utilisée dans le chapitre précédent. En fait,
l’expression II.23 prend principalement en compte les modes situés à basses fréquences
et néglige les modes optiques. Cependant, l’accès à l’entropie vibrationnelle totale
nécessite d’écrire une expression, qui prend en considération le spectre phononique en
entier, que l’on obtient en s’appuyant sur la statistique de Bose-Einstein. En effet,
une quasi-particule de vibration "phonon" appartenant à la famille des bosons est
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décrite par une fonction d’onde symétrique. Le postulat de symétrisation des fonctions
d’onde implique que deux bosons peuvent se trouver dans le même état quantique
(contrairement aux fermions) : il n’y a aucune restriction quant à l’occupation des
états pour les bosons et donc les phonons. Si on considère les spectres en énergie ou
le niveau i d’énergie εi contient ni phonons, la fonction de partition grand canonique
pour l’iéme niveau s’écrit :

zi(β) =
∞∑
ni=0

e−β(niεi−µni) =
1

1− e−β(εi−µ)ni
; (III.3)

Pour des particules indépendantes, la fonction de partition est le produit des fonctions
de partition de bosons pour chaque niveau :

Z(β) =
∏
i

zi(β) =
∏
i

1
1− e−β(εi−µ)ni

(III.4)

où β = 1/kBT et µ est le potentiel chimique. Dans le cas général, le niveau i peut conte-
nir plusieurs états ; il est alors dégénéré. Notons gi, cette dégénérescence, la fonction
de partition devient :

Z(β) =
∏
i

[
1

1− e−β(εi−µ)ni

]gi
(III.5)

Le calcul du grand potentiel J donne :

J = −kBT lnZ =
1
β

∑
i

gi ln
(
1− e−β(εi−µ)

)
(III.6)

Tout comme les photons et de manière générale comme toutes les particules bosoniques
qui véhiculent une interaction, le nombre de phonons (qui véhiculent la déformation
élastique dans un milieu dense) dans le système n’est pas fixé et ne peut pas être
contrôlé. Le potentiel chimique µ est donc nul. Les dérivées partielles du grand potentiel
J (ou de l’énergie libre F car µ = 0) permet de déterminer toutes les grandeurs
thermodynamiques pertinentes, en particulier l’entropie vibrationnelle :

Svib = −
∂J

∂T
= −

∂J

∂β

∂β

∂T
= kB

∑
i

gi

[
− ln

(
1− e−βεi

)
+

εi

kBT

eβεi

1− eβεi

]
(III.7)

La résolution de l’oscillateur harmonique quantique, permet d’écrire que l’énergie d’un
phonon sur le niveau i vaut εi = ~ωi (en négligeant l’énergie du vide), où ωi est
la pulsation propre associée au niveau i. Dans la limite d’un continuum en énergie,
l’expression de l’entropie vibrationnelle Svib peut s’écrire sous forme intégrale :

Svib = kB

+∞ˆ

0

g(ω)dω
[
− ln

(
1− e−β~ω

)
+
β~ωeβ~ω

1− eβ~ω

]
(III.8)

Après le calcul de la différence d’entropie totale (∆S = ∆Svib + 1.6 kB), l’enthalpie
libre est déduite à partir de la relation suivante :

∆H = T b
eq∆S . (III.9)

où T b
eq est la température d’équilibre du matériau massif fixée à 200K.
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III.2.3 Énergie de surface
Le calcul de l’énergie de surface se fera en utilisant deux expressions différentes.

Dans une première partie, nous déterminerons une expression de l’énergie de surface
en fonction de termes qui possèdent l’avantage d’être reliés à des quantités physiques
accessibles expérimentalement. La deuxième expression est celle qui sera utilisée pour
effectuer le calcul numérique de cette énergie de surface à partir des simulations de dy-
namique moléculaire réalisées sur la structure cubique à motifs octaédriques introduite
dans le chapitre précédent.

Estimation d’ordre de grandeur à partir des données expérimentales

L’ordre de grandeur de l’énergie de surface peut être estimé à partir des données
expérimentales en développant une théorie introduite dans la référence [164]. L’énergie
de surface de chaque état de spin peut être calculée de la manière suivante : considérons
un corps plan, au dessus duquel se trouve une coquille d’une épaisseur d’un atome.
Nous supposons que la force entre le corps et la coquille est une fonction de la distance x
séparant les deux domaines, elle est obtenue par dérivation du potentiel correspondant
suivant cette direction :

F (x) = −
dVLJ

dx ; (III.10)

Nous rappelons que la force du potentiel de Lennard-Jones (LJ) entre le corps et
la coquille est répulsive à petite distance, et attractive à grande distance, et que la
distance d’équilibre est a pour laquelle :

F (a) = 0 = −
dVLJ

dx (a) (III.11)

Dans le but de séparer la coquille du corps pour trouver une énergie d’adhésion
proportionnelle à l’énergie de surface, une force supérieure ou égale à la force d’atta-
chement entre le corps et la coquille doit être appliquée dans le sens opposé. L’énergie
correspondante par unité d’aire pour séparer la coquille est l’énergie de surface. Ma-
thématiquement, l’énergie pour dissocier une liaison de type Lennard-Jones d’un paire
d’atomes est définie comme étant l’intégrale de l’énergie entre la position d’équilibre
a et l’infini :

|δw|a→+∞ =
+∞ˆ
a

F (x)dx = −
+∞ˆ
a

dVLJ

dx dx = VLJ(a)− VLJ(+∞) = VLJ(a) ; (III.12)

où VLJ(∞)=0. En réalité, l’interaction de type Lennard-Jones devient négligeable
lorsque la distance entre le cœur et la coquille devient supérieure à une distance cri-
tique de dissociation des deux sous-systèmes. L’énergie pour dissocier une interaction
de type Lennard-Jones correspond au puits de potentiel d’énergie VLJ(a). L’énergie
de surface est le travail par une unité d’aire nécessaire pour séparer la coquille, en
d’autres termes, pour créer une surface :
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γ =
|δw|a→∞

dA =
VLJ(a)

dA (III.13)

où γ est l’énergie de surface et dA l’aire de référence. L’énergie de surface est typique-
ment positive, car la création d’une surface coûte toujours de l’énergie.

D’autre part, le module de Young élastique peut être calculé en compressant la co-
quille d’une distance δx. La réponse du système à cette compression est une contrainte
répulsive proportionnelle au module de Young qui s’écrit, après un développement de
Taylor de la force à l’ordre un et l’injection de l’équation III.10, de la manière suivante :

F (a− δx)
dA =

a

dA
d2V

dx2 (a)
δx

a
= Y

δx

a
(III.14)

où

Y =
a

dA
d2V

dx2 (a) ; (III.15)

Par la suite, en divisant γ (Eq.III.13) par aY , on obtient le nombre adimensionnel
suivant :

γ

aY
= −

VLJ(a)

a2 d2VLJ

dx2 (a)
(III.16)

Après avoir calculé la dérivée seconde de l’expression du potentiel de Lennard-Jones,
l’énergie de surface est déduite alors en fonction de Y et a :

γ = −aY

(
σ

a

)6

− 1

156
(
σ

a

)6

− 42
=

1
72Y a (III.17)

où σ = 2− 1
6a. Dans la plupart des cas, aHS > aBS et YHS < YBS. Il est important

de noter que, pendant le processus de clivage, deux surfaces équivalentes et identiques
sont créées. Pour compter l’énergie d’une seule surface, l’équation précédente doit être
multipliée par un facteur 1/2. Il vient :

γ =
1

144Y a (III.18)

L’avantage de cette approche est l’estimation directe de l’énergie de surface à partir
des données mécaniques et structurales accessibles expérimentalement. Cependant, les
valeurs que nous obtiendrons de cette expression ne sont que d’ordre de grandeur. En
effet, seules les méthodes numériques de dynamique moléculaire peuvent être perti-
nentes et quantitatives pour décrire, avec une bonne précision, les propriétés physico-
chimiques de surface et d’interface et la stabilité des phases dans les nanomatériaux à
transition de spin.

96



Chapitre III : Étude quantitative des énergies et contraintes de surface dans les nanomatériaux SCO

Calcul de l’enthalpie de Gibbs de surface ∆Gs(Lz) à température nulle

En dynamique moléculaire, l’énergie d’une surface d’orientation arbitraire (hkl) est
calculée à température nulle de la manière suivante :

γ0 =
EII − EI

2A (III.19)

où ∆E = EII − EI > 0 est l’excès d’énergie potentielle dans un système possédant
deux surfaces (modèle II, revoir Fig.II.9b) par rapport au matériau massif sans surfaces
(modèle I, revoir Fig.II.9a). Le facteur 1/2 est pris en compte pour compter l’énergie
d’une seule surface. L’énergie de surface dépend du nombre de liaisons rompues et
du nombre d’atomes à la surface et elle contribue dans l’énergie totale du système à
travers une énergie de surface effective définie de la manière suivante :

γeff (Lz) = αsγ0 ; (III.20)

où αs = Ns/N ≈ 2/Lz est le facteur de forme d’une couche mince, Ns est le nombre
de molécules de surface, et N = Nb + Ns est le nombre total de molécules. Ainsi, la
différence d’enthalpie libre par molécule liée à la création des surfaces dans une couche
mince est :

∆Gs(Lz) = γHSeffa
HS
s − γBSeffaBSs ; (III.21)

avec as = l2 est l’aire de la cellule unité élémentaire de la surface (voir le carré rouge
dans la figure II.9b).

Calcul de l’enthalpie de Gibbs de surface ∆Gs(Lz, T ) à une température
non-nulle

L’énergie libre de surface (en Joule) dépendante de la température peut être écrite
de la manière suivante :

F s(T ) = F s
0 − TSsloc ; (III.22)

avec F s
0 est l’énergie libre de surface à T=0K. Ssloc est l’entropie locale de surface

obtenue dans les deux états de spin lorsque l’épaisseur d’une couche mince vaut presque
la taille d’une surface, c’est-à-dire à Lz ≈ 1 nm. Elle s’écrit de la façon suivante :

Ssloc = lim
Lz→1

SsN(Lz) ; (III.23)

En divisant l’énergie libre de surface par l’unité d’aire élémentaire correspondante (as),
on obtient l’énergie de surface (en J/m2) en fonction de la température :

γ(T ) = γ0(T = 0)−
Ssloc

as
T = aT + b ; (III.24)

avec a = Ssloc/as est une pente négative de la fonction linéaire en température. L’énergie
de surface effective à une température non nulle est alors :
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γeff (Lz, T ) = αs

(
γ0 −

Ssloc

as
T

)
; (III.25)

Cette expression sera injectée dans Eq.III.21 pour obtenir la différence d’enthalpie
libre de surface ∆Gs(Lz, T ) dépendante de la taille et de la température.

III.2.4 Élasticité d’interface
Calcul de l’enthalpie de Gibbs de l’interface HS/BS (∆Gint(Lz))

Dans la section précédente, nous avons présenté différentes approches (analytique
et numérique) qui permettent d’accéder à l’énergie de surface dont l’origine est es-
sentiellement la présence de liaisons dites pendantes. Ces calculs ont été effectués en
supposant que les systèmes HS et BS sont complètement homogènes et qu’aucune
fraction résiduelle HS (resp. BS) ne peut exister dans le système BS (resp. HS). Ce-
pendant, les expériences montrent que les transitions de spin ne sont jamais complètes
et qu’une fraction résiduelle HS subsiste toujours en surface d’un matériau d’état BS
(voir Fig.III.1a). De même, une fraction résiduelle BS peut subsister en surface d’un
matériau d’état HS (voir Fig.III.1b). Une interface HS/BS est alors formée entre les
deux états de spin où la différence de paramètres de mailles, engendre des contraintes
mécaniques qui peuvent jouer un rôle primordial dans les propriétés de transition.
Leurs études s’avèrent avoir d’autant d’importance que les énergies de surface.

L’étude des propriétés mécaniques d’interface peut être faite de la manière sui-
vante : considérons les milieux semi-infinis A={BS ; HS} de domaine [zA, z0], où zA et
z0 sont deux points situés à la surface. La variation de l’énergie élastique totale liée à
une déformation infinitésimale δεij(z) à l’interface HS/BS (voir Fig. III.1c) s’écrit :

δw =
ˆ

V
σij(z)δεij(z)dV (III.26)

où V est le volume de la boite de simulations sur lequel les contraintes interfaciales
sont exercées. L’énergie élastique en excès de l’interface est définie comme étant la
soustraction de l’énergie élastique totale du système en présence de l’interface par
l’énergie totale du matériau massif (sans surfaces et interfaces) [129] :

δwint =
ˆ
V

σij(z)δεij(z)dV − σb
ijδε

b
ijV

b. (III.27)

En décomposant les tenseurs en composantes parallèles et perpendiculaires à l’inter-
face, σij=σ‖ij + σ⊥ij et εij=ε

‖
ij + ε⊥ij, nous obtenons

δwint =
ˆ

V
σ
‖
ij(z)δε‖ij(z)dV − σb‖

ij δε
b‖
ij V

b +
ˆ

V
σ⊥ij(z)δε⊥ij(z)dV − σb⊥

ij δε
b⊥
ij V

b. (III.28)

On utilise ensuite les conditions d’équilibre mécanique (en l’absence de forces volu-
miques) et la cohérence lors d’une déformation infinitésimale de la surface pour écrire

δε
‖
ij(z) = δε

b‖
ij ,

σ⊥ij(z) = σb⊥
ij = σvide

ij = 0. (III.29)
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Figure III.1 – a) Représentation schématique d’un système BS composé de multi-
couches BS et d’une mono-couche de fraction résiduelle HS en surface. Le nombre de
couches BS varie avec la taille, alors qu’au contraire, le nombre de molécules HS à la
surface reste constant. b) Système HS composé de multi-couches HS et d’une mono-
couche de fraction résiduelle BS en surface. c) Représentation à l’échelle atomique de
la figure b). Le nombre de couches HS (NHS) varie avec la taille, alors que le nombre de
couche BS demeure constant : NBS = 1. A l’interface HS : le désaccord de paramètres
de mailles entre les deux sous-systèmes génère des contraintes résiduelles parallèles
aux plans de l’interface. A la surface HS, une énergie de surface existe due aux liaisons
HS rompues, calculée dans la section III.2.3. La somme des contraintes d’interface
et de l’énergie de surface peut affecter la phase HS et donc la stabilité des phases
lorsque la dimension du matériau est du même ordre de grandeur que la portée du
champ élastique de l’interface. L’interface HS/BS peut être vue comme une interface
substrat/matériau SCO.

En insérant ces conditions dans l’équation III.28, on obtient :

δwint = Aδe
‖
ijsij, (III.30)

où sij est la quantité en excès de la composante parallèle du tenseur des contraintes
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du matériau massif, étant homogène à un rapport d’énergie sur une surface :

sij = 1
A

[ˆ
V

σ
‖
ij(z)dV − σb‖

ij V
b
]

(III.31)

Ce tenseur caractérise la réponse du système à une déformation élémentaire effectuée
dans le plan de l’interface, à nombre d’atomes constant. Il est important de mentionner
que le tenseur sij correspond à la contrainte résiduelle emmagasinée dans le plan de
l’interface et ne doit pas être confondue avec la surpression de Laplace existant dans un
cristal courbe. Dans ce dernier cas, la composante normale du tenseur des contraintes
σzz n’est plus nulle et suit l’équation de type Young-Laplace appelée pour une interface
solide l’équation de Gibbs-Thompson. Tant que nous avons affaire à une surface plane
libre, seule une contrainte d’interface tangentielle est attendue. Cette condition est
remplie pour des petites déformations, en particulier pour des petits désaccords de
paramètre de maille notés m. En effet, pour de grands m, la couche mince se plie
et une déflexion peut alors être observée. La contrainte d’interface doit alors être
compensée par des contraintes de cisaillement massif, l’équilibre mécanique n’est pas
forcément atteint et la loi de Hooke n’est plus valable. Cette situation sort du cadre
de ce travail et fera l’objet d’investigations ultérieures car le formalisme ci-dessus doit
être modifié.

Une autre grandeur importante est le tenseur de déformation d’interface, eij, qui
correspond à la quantité en excès du tenseur de déformation du matériau massif. C’est
un tenseur ayant l’unité d’une longueur. Il s’écrit :

eij = 1
A

[ˆ
V

ε
‖
ijdV − εb

ijV
b
]
. (III.32)

En pratique, la contrainte interfaciale est calculée numériquement en utilisant la
méthode de minimisation du gradient conjugué [167] qui permet au système d’atteindre
un équilibre mécanique partiel :

s̄ij(m) = hσ̄ij(m) ; (III.33)

où h est la hauteur de la boîte de simulation le long de l’axe z (voir Fig.III.1 a) et b) ),
et σ̄ij(m) est la contrainte d’interface résiduelle moyenné spatialement, qui dépend du
désaccord de paramètre de maille à l’interface m. Ensuite, une contrainte d’interface
effective peut être introduite de la manière suivante :

s̄eff (Lz,m) =
∑
i

∑
j

s̄ij(m)ε‖ij ; (III.34)

Enfin, la contribution élastique interfaciale à la différence d’enthalpie libre de Gibbs
par molécule peut être déterminée :

∆Gint(Lz,m) = aI
[
s̄HSeff − s̄BSeff

]
. (III.35)

où aI = (aBS
s + aHS

s )/2 est l’aire élémentaire moyenne de l’interface HS/BS. Ces gran-
deurs seront caractérisées dans nos simulations atomiques de surface/interface (100)
du système cubique à motifs octaédrique.
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III.3 Énergie de surface : Estimation d’ordre de
grandeur

L’ordre de grandeur de l’énergie de surface des matériaux à transition de spin peut
être calculé en utilisant l’équation III.18. L’avantage de cette approche est l’estimation
directe de l’énergie de surface à partir des données expérimentales, telles que le module
de Young (Y ) et le paramètre de maille (a) (ici Y est égale au module de bulk isosta-
tique B pour un coefficient de Poisson ν = 1/3 [165]). La référence [165] donne une
liste exhaustive des composés SCO dont les propriétés élastiques ont été déterminées
expérimentalement. A l’exception du composé [Fe(hptrz)3](OTs)2, relativement très
mou en raison de l’existence de chaînes alkyles, le module de bulk isostatique est com-
pris entre 9− 14 GPa pour la plupart des composés à transition de spin, malgré leurs
différences structurales parfois très importantes [165]. Le tableau III.1 montre la liste
des composés à transition de spin que nous avons sélectionnée. Leurs modules de bulk
ont été extraits à partir des mesures (NIS) et/ou en ajustant les courbes Pression-
Volume obtenues par la technique de diffraction de rayon X (XRD) [165, 79, 166].
Concernant les paramètres de mailles de ces composés dans les états BS et HS, ceux-ci
sont des valeurs moyennes des paramètres de maille extraits par la technique (XRD)
suivant les trois directions de l’espace.

Composés BHS (GPa) BBS (GPa) aHS (Å) aBS (Å)
Fe(phen)2(NCS)2 9.3 12.2 13.6 13.03
Fe(Btz)2(NCS)2 8.3 11.2 13.42 13.22
Fe(pyrazine)(Ni(CN))4 10.4 13.5 7.25 7.04
Fe(H2B(pz)2(phen) 4.7 5.2 11.24 11.04

Table III.1 – Propriétés structurales et mécaniques extraites des références [165, 79,
166].

Les valeurs des énergies de surface obtenues dans les deux états de spin sont re-
présentées sur la figure III.2. Dans l’état BS, les valeurs de l’énergie de surface sont
comprises entre 0.04 et 0.12 (J/m2), alors que dans l’état HS, les énergies de surface
varient entre 0.037 et 0.09 (J/m2), avec une différence ∆γ = γHS − γBS entre -0.002
et -0.03 (J/m2). Les valeurs de l’énergie de surface suivent les valeurs des modules de
bulk isostatique dans les deux états de spin. Plus ce dernier est grand, plus l’énergie de
surface est élevée. Il est important de mentionner qu’une grande différence d’énergie de
surface entre les deux états de spin ne produira pas nécessairement une modification
importante de la température de transition, car cette dernière dépend de l’énergie de
surface qui est définie comme le produite des énergie de surface par la surface elle-
même. Les valeurs absolues de l’énergie de surface ainsi que leurs différences seront
utiles pour une comparaison ultérieure avec des valeurs quantitatives des énergies de
surfaces qui seront extraites numériquement par dynamique moléculaire.
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Figure III.2 – Estimation des énergies de surface entre les deux états de
spin en utilisant l’équation III.18 pour les composés : Fe(phen)2(NCS)2 (disque
violet), Fe(Btz)2(NCS)2 (disque vert), Fe(pyrazine)(Ni(CN))4 (disque rouge),
Fe(H2B(pz)2(phen) (disque bleu).

III.4 Application à la structure cubique à motifs
octaédriques

Dans cette partie, nous allons étudier la dynamique de réseau de la structure cu-
bique à motifs octaédriques correspondant au cas du matériau massif introduit dans
le chapitre précédent, afin d’extraire les propriétés mécaniques et thermodynamiques
utiles pour discuter la stabilité des phases. L’énergie de surface solide-vide due aux
liaisons pendantes ainsi que la contrainte d’interface solide-solide sont également cal-
culées pour la même structure. Les effets de surface, de l’isotropie et de l’anisotropie
des contraintes d’interface sur la stabilité des phases seront discutés en utilisant un
modèle nanothermodynamique.

III.4.1 Calculs des propriétés mécano-thermodynamiques du
matériau massif

L’étude de la stabilité des phases nécessite d’extraire des informations sur les pro-
priétés thermodynamiques et mécaniques du matériau massif à partir de la dynamique
du réseau. Dans les deux états de spin, la densité d’états vibrationnels totale a été cal-
culée pour une couche mince de taille 13 nm (2500 octaèdres) en utilisant le modèle
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I. (revoir Fig.II.9a pour plus de détails sur le modèle I.) Cette épaisseur s’est avérée
suffisamment importante pour modéliser les propriétés vibrationnelles d’un matériau
massif. Outre les modes d’élongation (Me-L) observés dans les (vDOS) partiels (cf.
chapitre II), nous notons l’existence de deux pics situés à E = 40 meV et E = 60
meV à l’état BS (resp. E = 36 meV et E = 48 meV à l’état HS) qui correspondent
aux modes de vibration ligand-ligand au sein des octaèdres. Comme discuté précédem-
ment, aucun changement drastique de forme n’a pu être mis en évidence lorsque l’on
compare les densités d’états vibrationnels BS et HS, en désaccord avec l’observation
expérimentale, mais en cohérence avec les hypothèses théoriques faites dans ce travail.
En effet, dans les systèmes réels, lors du changement d’état de spin, la molécule ne
change pas seulement son volume moléculaire, mais aussi sa forme, conduisant à des
différences plus importantes de vDOS entre les deux états de spin. Dans ce travail,
seule l’expansion volumique de l’octaèdre lors d’une transition BS à HS est prise en
compte.

(Me-L) (LL-intra)
~

~

~

Figure III.3 – Densités d’états vibrationnels totales dans l’état HS (cercles rouges)
et BS (étoiles bleues). Figure insérée : g̃(E)/E2 en fonction de E pour les deux états
de spin. La partie E = [0− 1] meV (lignes noires) correspond au domaine de validité
de l’approximation de Debye [86].

Le calcul de la (vDOS) totale nous permet d’extraire des quantités thermody-
namiques à partir de la statistique de Bose-Einstein, telles que l’entropie vibration-
nelle, qui vaut approximativement dans les deux états de spin (SBSvib = 108.5 kB ,
SHSvib = 117.2 kB). Nous avons également ajouté la différence d’entropie électronique
(= 1.6 kB) à la contribution vibrationnelle pour remonter à l’entropie totale du système
(∆S = ∆Svib + ∆Sel). Les résultats sont résumés dans (Tab. III.2). Il est important
de noter que la différence d’entropie vibrationnelle (≈ 72.3 J.K−1.mol−1) est en bon
accord avec les mesures calorimétriques, qui se situent entre 35-80 J.K−1.mol−1 pour
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BS HS HS-BS
l (Å) 5 5.2 0.2
A (Å2) 2500 2704 204
as (Å2) 25 27.04 2.04
ρ (Kg/m3) 1804.8 1604.5 -200.3
Svib (kB) 108.5 117.2 8.7
Sel (kB) 0 1.6 1.6
S (kB) 108.5 118.8 10.3
H (kJ/mol) - - 14.4
vD (m/s) 1778 1694 -84
B (GPa) 7.6 6.1 -1.5

Table III.2 – Résumé des propriétés structurales, thermoélastiques et mécaniques du
matériau massif dans les deux états de spin.

les composés SCO [44, 45, 46, 88]. De même, la valeur obtenue pour la différence d’en-
thalpie totale (∆H = 14.4 kJ.mol−1) correspond aux mesures expérimentales (10-20
kJ.mol−1). De la partie basses fréquences du spectre (vDOS), les vitesses du son de
Debye qui caractérisent les propriétés mécaniques du film mince ont été extraites par
l’interpolation de g̃(E)/E2 entre 0-1 meV (voir la figure insérée III.3) [86]. La masse
résonante utilisée dans l’expression de vD est la masse effective des ligands et du centre
métallique dans la maille élémentaire : m̃ = 6MMeML/(MMe + 6ML). Il en découle
une variation relative de vD entre l’état HS et BS et des valeurs absolues pour les
deux états de spin en bon accord avec les valeurs obtenues à partir des mesures NIS
[21, 19, 87]. Par conséquence, la rigidité de la couche mince représentée par les modules
de Bulk et d’Young est réaliste pour les complexes moléculaires (SCO) [165].

III.4.2 Modélisation des énergies de surfaces (100)
Quel plan de surface (hkl) doit-on choisir ?

Avant toute investigation théorique des énergies de surfaces et des contraintes d’in-
terface, il est parfaitement raisonnable de se poser la question quant à la forme et la
structure de surface que le système va favoriser par rapport aux autres. En effet, pour
le système cubique à motifs octaédriques, il y a deux façons de créer une surface de
même orientation {100} (voir Fig.III.4). En effet, il est possible de générer une surface
dont la maille élémentaire ne contient qu’un ligand ou un centre métallique entouré
de deux ligands (L-Me-L). Ces deux types de surface auront bien évidemment des
propriétés énergétiques et vibrationnelles différentes du fait de la différence de densité
et de nature des atomes surfaciques (les effets des surfaces monoatomique et polyato-
mique sur les propriétés vibrationnelles ont été discutés dans le chapitre précédent). La
détermination de la structure de surface dont les propriétés cristallographiques sont
les plus favorables nécessite une étude comparative des énergies de surfaces de ces
deux structures planaires. La surface choisie est celle qui minimise l’énergie totale ou
la différence d’enthalpie de Gibbs. D’un point de vue expérimentale, une surface d’ions
et de ligands ne peut exister dans sa forme initiale que lorsque les ions se lient à des
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Figure III.4 – Deux possibilités pour créer une surface de même orientation {100} : a)
une surface monoatomique de ligands est créée en dissociant les liaisons intermolécu-
laires (ligne pointillée), b) une surface triatomique de ligands et de centres métalliques
(L-Me-L) en dissociant les liaisons inter-, intra-moléculaires et Me-L.

adatomes de l’environnement extérieur pour minimiser l’énergie de surface. D’un point
de vue théorique, la surface qui minimise l’énergie totale du système est celle dont le
coût en énergie le plus faible. Par conséquence, d’après la figure III.4b, une surface
constituée de ligands et de centres métalliques (L-Me-L) ne pourrait pas exister car elle
nécessite de couper, en plus de liaisons intermoléculaires, les liaisons intramoléculaires
(Me-L) et (L-L-intra), alors qu’une surface de ligands nécessite de couper uniquement
que des liaisons intermoléculaires. Le coût en énergie de la surface triatomique (L-Me-
L) est par conséquence beaucoup plus élevé que la surface monoatomique constitué
par un unique ligand. On a alors l’inégalité suivante :

γL0 < γL−Me−L
0 . (III.36)

Le système favorise donc la surface de ligands que l’on choisie par la suite pour étudier
les propriétés de surface et d’interface des nanomatériaux à transition de spin.

Énergies de surfaces (100) dans les deux états de spin à T=0 K

Le calcul de l’énergie de surface liée à l’existence de liaisons pendantes, nécessite
l’évaluation de l’excès d’énergie potentielle dans un système à surfaces libres (modèle
II) par rapport au matériau massif sans surfaces (modèle I) correspondant. Les si-
mulations de dynamique moléculaire montrent une augmentation linéaire de l’énergie
potentielle dans les deux systèmes (massif et à surfaces libres) en augmentant la taille
dans les deux états de spin (voir Fig.III.5), avec un excès d’énergie potentielle indé-
pendant de la taille ∆E = EII − EI = 573.39 (resp. 554.75) kcal/mol dans l’état BS
(resp. HS). En utilisant l’équation III.19, l’énergie de surface dans les deux états de
spin peut être calculée en divisant ∆E par deux fois les aires de surfaces A données
dans le tableau III.2. Il en découle des énergies de surfaces indépendantes de la taille
dans les deux états de spin, avec γBS

0 = 79 et γHS
0 = 71 (mJ/m2) (voir Fig.III.6a). De

plus, les énergies de surface dans les deux états de spin ont été estimées en utilisant une
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Figure III.5 – Évolution de l’énergie potentielle en fonction de la taille pour les deux
systèmes, massif (modèle I) et à surfaces libres (modèle II), dans les deux états de
spin.

approche analytique basée sur la méthodes des liaisons coupées (voir Annexe.B.4) et
peut être considérée comme une interprétation physico-chimique de l’énergie de surface
à l’échelle de la liaison. Cette approche consiste à estimer l’énergie de dissociation à
T = 0 K des liaisons qu’il faut rompre pour créer une surface ayant une certaine orien-
tation cristallographique. La valeur obtenue à partir de cette expression analytique est
très similaire à celles extraites des simulations de dynamique moléculaire. Ce résul-
tat démontre la précision de la méthode numérique "slab" pour la détermination des
quantités de surfaces et d’interfaces. Évidemment, si la structure et la topologie de la
surface sont le résultat d’un chemin réactionnel chimique et structural trop compliqué,
seules les méthodes numériques seront pertinentes.

Énergies de surfaces (100) dans les deux états de spin à T non nulle

Dans la section précédente, nous avons pu calculer les énergies "locales" de surfaces
dans les deux états de spin à température nulle. Alors que cette quantité montre une
indépendance par rapport à la taille, elle est cependant dépendante de la tempéra-
ture des matériaux. En effet, les liaisons entre atomes se ramollissent sous l’effet d’un
champ thermique. En conséquence, il coûte énergiquement moins chère de créer une
surface (cliver un matériau par rupture des liaisons) pour un matériau soumis à une
température élevée (proche de la fusion du solide par exemple) que pour un matériau
soumis à une température négligeable (dans notre cas, par rapport à la température
de Debye). Rappelons que l’énergie de surface est définie comme le travail par unité
de surface nécessaire pour créer une surface. Celle-ci doit donc diminuer avec l’aug-
mentation de la température. En d’autres termes, l’excès d’énergie potentielle ∆E,
proportionnelle à l’énergie de surface, doit diminuer en réaction à une augmentation
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d’un excès entropique en surface. Ce dernier, nommée par la suite entropie locale de
surface, détermine alors l’évolution de l’énergie de surface en fonction de la tempéra-
ture. Ainsi, le calcul de l’énergie de surface à température non nulle pour le système
cubique à motifs octaédriques nécessite d’estimer principalement les entropies locales
de surfaces en ajustant les courbes SsN(Lz) (voir Fig.II.12c) par des lois de puissances.
Celles-ci s’écrivent dans les deux états de spin de la manière suivante :

SsBS(Lz) =
0.06
Lz

(kB) ;

SsHS(Lz) =
0.255
L2
z

−
0.016
Lz

(kB) ;

(III.37)

L’entropie locale de surface est obtenue lorsque l’épaisseur du système est l’équiva-
lant de la taille d’une surface, i.e. à Lz ≈ 1 nm. Il en découle une entropie de surface
dans la phase BS (SsBS,loc = 0.06 ± 0.002 (kB)) plus petite que celle de la phase HS
(SsHS,loc = 0.24± 0.002 (kB)). Ce résultat n’est pas surprenant puisque la phase HS est
plus molle que la phase BS, permettant aux atomes de surface de vibrer avec une plus
grande amplitude. Il en résulte un nombre plus important de modes vibrationnels dans
l’état HS que BS. L’injection de ces valeurs dans l’expression III.24 nous permet de tra-
cer les courbes des énergies de surfaces en fonction de la température (voir Fig.III.6b).
En raison d’une entropie de surface plus élevée dans la phase HS, l’énergie de surface

Figure III.6 – Évolution de l’énergie de surface : a) en fonction de l’épaisseur du
film mince, simulée par dynamique moléculaire, dans l’état HS (cercles rouges) et BS
(cercles bleus). Les lignes correspondent à l’expression analytique (voir Annexe.B.4),
qui se superpose parfaitement avec les valeurs numériques obtenues par dynamique
moléculaire, b) en fonction de la température dans les deux états de spin. La tempé-
rature de transition est à 200 K.

dans cet état subit une diminution relativement plus grande atteignant 0.069 (J/m2)
à une température proche de l’ambiante (T=200K), alors que dans l’état BS, l’énergie
de surface atteint presque 0.079 (J/m2) à la même température. Dans les deux cas,
l’application de la température diminue l’énergie de surface de 1 à 2 (mJ/m2) avec une
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variation négligeable de la différence des énergies de surface relativement par rapport
à la valeur obtenue à température nulle. Dans ces conditions et pour ce système spé-
cifique, l’approximation γ0 = γ(T ) reste valable dans le domaine de températures que
nous avons exploré avec nos simulations de dynamique moléculaire (100-300K).

En conséquence, la différence d’énergie de surface à température nulle entre les
deux états de spin peut déterminer, avec une bonne précision, la stabilité de phase de
la structure cubique à motifs octaédriques à une échelle nanométrique. Nous adoptons
ces valeurs à T=0 K par la suite pour effectuer une étude comparative avec d’autres
matériaux et pour discuter de la stabilité des phases dans les nanomatériaux à transi-
tion de spin. Expérimentalement, on s’attend à ce que les valeurs d’entropie de surface
soient plus importantes, conduisant à une variation davantage significative de l’éner-
gie de surface avec la température. En effet, dans ce travail, l’entropie de surface est
attribuée uniquement à l’existence de liaisons pendantes, alors qu’en réalité d’autres
phénomènes, telles que le désordre configurationnelle et la présence d’interfaces semi-
cohérentes ou incohérentes sont également présents et peuvent contribuer largement à
l’augmentation d’entropie.

Comparaison d’énergie de surface numérique avec d’autres matériaux

À notre connaissance, les deux valeurs de γ0 dans ce travail constituent des pre-
mières estimations de l’énergie de surface dans les matériaux à transition de spin. À ce
jour, aucune mesure d’énergie de surface n’a été réalisée sur les nanomatériaux à tran-
sition de spin et les données expérimentales concernant les propriétés de surface des
matériaux moléculaires et des complexes organométalliques sont quasi inexistantes. Il
est néanmoins intéressant de comparer ces valeurs numériques avec des valeurs ex-
périmentales obtenues pour des matériaux organiques et polymériques, avec la ten-
sion de surface des liquides, mais aussi avec les énergies de surface que nous avons
précédemment estimées pour différents composés à transition de spin. Par exemple,
les énergies de surface de matériaux polymériques tels que Polytétrafluoroéthylène
(PTFE), le poly(méthacrylate de méthyle)(PMMA) et polychlorure de vinyle (PVC),
valent respectivement de ≈ 20, 35, 40 mJ/m2 à température ambiante [175]. Le ma-
tériau moléculaire du chlorure de sub-phtalocyanine de bore (SubPc) a une énergie
de surface d’environ 48 mJ/m2 [176]. La tension superficielle ou l’énergie de surface
est une manifestation des forces intermoléculaires et est liée à d’autres propriétés dé-
rivées des forces intermoléculaires telles que le module d’Young ou la vitesse du son.
Ceci est mis en évidence par les méthodes des liaisons rompues : l’énergie de surface a
une dépendance linéaire avec l’énergie de cohésion des liaisons ainsi qu’avec le module
d’Young de ces matériaux. Les modules d’Young du PTFE, PMMA, PVC et du subPc
valent respectivement 0.5, 2, 3 et 5 GPa. La correspondance de Y avec γ0 est en effet
évidente : plus le matériau est rigide, plus l’énergie de surface est élevée. Le module
d’Young de la structure simulée est de l’ordre de 6-8 GPa, soit environ le double du
module d’Young des matériaux polymériques précédemment cités. L’énergie de surface
devrait être près du double de celle du PVC soit 75-80 mJ/m2, en bon accord avec
les résultats numériques provenant des simulations MD (la comparaison est possible
à condition que les densités de ces différents matériaux soient très proches les unes
des autres) . Un autre exemple concerne le cas de l’eau. La vitesse du son de l’eau à
température ambiante est de 1500 m.s−1 à comparer avec les vitesses du son extraites
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des spectres vDOS de la structure simulée (voir Tab.III.2). A température ambiante, la
tension superficielle de l’eau est d’environ 73 mJ/m2, une valeur légèrement inférieure
à l’énergie de surface obtenue dans ce travail qui démontre une fois encore la cohé-
rence des résultats obtenu dans ce travail. Dans l’ensemble, les différentes études des
propriétés structurales et mécaniques des matériaux SCO ont montré que les modules
de bulk et de Young de ces matériaux bistables se situent dans la plage de valeurs
4− 13 GPa. Selon l’analyse faite ci-dessus, les énergies de surface des matériaux SCO
devraient se situer entre 30 et 120 mJ/m2.

Effets d’énergies de surfaces (100) sur la stabilité des phases

Après avoir calculé les énergies de surface γ0, la différence de l’enthalpie libre de
surface ∆Gs entre les deux états de spin peut être déterminée en utilisant l’équation
III.21. De plus, les différences d’enthalpie ∆H et d’entropie ∆S entre les deux états de
spin ont été calculées pour le matériau massif et sont indiquées dans le tableau III.2.
La stabilité des phases des nanomatériaux à transition de spin peut être donc discutée
en présence de l’effet de surface et à une contrainte d’interface négligeable (∆Gint = 0).
En effet, la figure III.7a trace l’évolution en taille de l’énergie de surface effective liée
aux liaisons pendantes dans les deux états de spin. Dans la limite du matériau massif
où γeff → 0 (effets de surface négligeables) jusqu’à une taille Lz = 1 nm, l’énergie
de surface effective augmente atteignant γeff ≈ 79 (resp. γeff ≈ 71 mJ/m2) dans les
phases BS(resp. HS). Ces valeurs sont proches de l’énergie locale de la surface (γ0).
Comme le montre l’équation III.21, le paramètre pertinent pour l’étude de la dépen-
dance en taille du changement de stabilité de phase n’est pas la densité d’énergie de
surface elle-même, mais plutôt la différence d’énergie de surface effective ∆γ0 entre les
deux états de spin. Cette différence est toujours négative quelle que soit la taille du
matériau (voir Fig.III.7b). En conséquence, l’énergie de surface semble toujours favo-
riser la phase HS et la création de surface HS. La différence d’énergie de surface est
relativement faible soit ∆γ0/γ0 ≈ 10%. Néanmoins, la différence d’énergie de surface
contribue à faire chuter la différence d’enthalpie libre de ∆G = −4 meV pour le film
le plus mince (voir Fig.III.7c). Il en résulte une baisse de la température de transition
d’environ 4 K. Il est intéressant de noter qu’une approche nanothermodynamique a
déjà été développée pour simuler les propriétés de commutation des nanoparticules
sphériques à transition de spin. Ce modèle prend en compte la différence en termes de
propriétés de surface entre les phases HS et BS en introduisant une énergie de surface
effective dépendante de l’état de spin qui inclut de manière phénoménologique l’éner-
gie de surface, la contrainte d’interface et les variations d’entropie de surface [20]. Le
modèle nanothermodynamique permet d’obtenir une analyse quantitative concernant
l’évolution en taille de la stabilité de phase puisque les différentes grandeurs peuvent
être déduites des mesures calorimétriques, à l’exception de la différence d’énergie de
surface effective qui a été choisie comme paramètre ajustable. La valeur obtenue dans
les simulations de dynamique moléculaire (∆γ0 = −8 mJ/m2) est très proche de la
plus petite valeur injectée dans le modèle nanothermodynamique (∆γ0 = −5 mJ/m2).
Pour ce dernier cas, une légère diminution de la température de transition avec la
réduction de taille a été simulée sans aucune présence de fraction HS résiduelle à
basse température. Les résultats obtenus dans ce travail permet de donner en partie
une origine physique à ce paramètre phénoménologique en attendant d’avoir un accès
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Figure III.7 – Évolution en fonction de la taille Lz de : a) l’énergie de surface effective
reliée aux liaisons pendantes (γeff ), calculée en utilisant l’équation III.20, dans les deux
états HS (cercles rouge) et BS (étoiles bleues) ; b) la différence de l’énergie de surface
effective, ∆γeff = γHS

eff − γBS
eff < 0, qui favorise la création d’une surface HS ; c) la

différence de l’énergie libre de Gibbs, ∆G = GHS − GBS < 0, calculée en utilisant
l’expression III.21. La différence négative signifie que la phase HS est favorisée par
l’effet de surface solide-vide. d) la temperature de transition Teq, calculée à l’aide de
l’expression III.2, dans le cas où la contrainte d’interface solide-solide est négligeable
(∆Gint = 0).

expérimental à ces grandeurs. Cependant, le modèle nanothermodynamique a pu si-
muler les courbes de transition des nanoparticules de coordination à la condition que
ce paramètre phénoménologique soit augmenté de manière significative (environ 100
mJ/m2). Cela signifie que l’entropie et la contrainte d’interface/surface semblent être
les contributions dominantes aux effets de surface impliqués dans le changement de
stabilité des phases observé dans certaines classes de nanomatériaux à transition de
spin.
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III.4.3 Calcul des contraintes d’interface HS/BS dans le cas
d’un faible désaccord de paramètre de maille

Cas des contraintes isotropes

Bien que l’énergie de surface, due à la présence des liaisons pendantes, favorise la
phase HS et diminue en conséquence de 4 K la température de transition, il semble
cependant que son impact soit beaucoup plus faible que celui observé expérimenta-
lement. En particulier, une diminution de 20 à 30 K accompagne la réduction de la
taille de certains matériaux à transition de spin, tel que le film mince du complexe
[Fe(H2B(pz)2)2(bipy)] [177]. Il est donc nécessaire d’ajouter d’autres contributions aux
effets de surfaces telles que les contraintes élastiques liées à l’existence d’une fraction
résiduelle homogène HS ou BS selon le film mince considéré. La présence d’une mo-
nocouche sur le film mince génère une interface solide-solide au niveau de laquelle
des contraintes mécaniques apparaissent, du fait du désaccord de paramètre de maille
entre les phases HS et BS. L’énergie élastique associée à cette interface pourrait avoir
un impact significatif sur la stabilité des phases des nanomatériaux à transition de
spin. Le système BS (resp. HS) est maintenant constitué d’un volume BS (resp. HS)
recouvert d’une mono-couche de fraction résiduelle HS (resp. BS) (voir Fig.III.1a et
b). L’interface solide-solide à étudier entre les deux phases est représentée sur la figure
III.1c (Modèle III).

Afin d’étudier quantitativement les effets des contraintes d’interface HS/BS sur la
stabilité des phases, il est nécessaire que le système rejoigne un équilibre mécanique
partiel (état stationnaire). Cette étape correspond au phénomène d’accommodation
élastique, conduisant à l’émergence de déformations élastiques dans le film mince.
Cette relaxation permet d’établir un équilibre mécanique dans la direction normale à
la surface (selon Oz), et les composantes du tenseur des contraintes correspondantes
doivent s’annuler du fait des conditions aux limites (film mince-monocouche-vide). En
revanche, une contrainte résiduelle subsiste dans le plan tangent à la surface (le plan
(x, y)). Le modèle III permet de produire cet situation d’équilibre mécanique partiel
pour deux raisons principales :

(1) Dans le modèle III, la boîte de simulation est fermée suivant les axes x et y.
Celle-ci devient en quelque sorte un "capteur" virtuel de la pression générée suivant ces
directions. Afin de "détecter" (calculer) cette pression, il faut que le "capteur" (la boîte
de simulation) soit en contact direct avec le système et soit donc fermée suivant les axes
x et y. A volume constant, la boîte est indéformable, en conséquence, les contraintes
mécaniques exercées dans les plans tangents à la surface ne relaxent pas totalement
en se transformant en déformations élastiques. Les contraintes non-relaxées dans le
système sont appelées contraintes résiduelles provenant de l’existence de l’interface
HS/BS. En utilisant le modèle III, nous avons donc accès à ces contraintes résiduelles
d’interface HS/BS, notées par la suite σ̄xx et σ̄yy, ayant donc des valeurs non nulles.

(2) Le modèle III permet d’obtenir la condition d’équilibre en surface (σ̄iz ≈ 0 ; avec
i = x, y, z). Cette condition est nécessaire pour relaxer les contraintes n’appartenant
pas à l’interface HS/BS. En effet, la boîte de simulation est ouverte dans la direction
z créant deux surfaces libres de se déplacer (changer d’épaisseur). Il en résulte alors
une relaxation ou une atténuation des contraintes suivant la direction z en changeant
l’épaisseur de la couche mince.
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Figure III.8 – Évolution des contraintes résiduelles spatialement moyennées σ̄ij en
fonction du nombre de pas (N.P.) de l’algorithme de minimisation du gradient conjugué
[167] : a) dans un système BS ayant 9 couches BS et une mono-couche HS à la surface,
b) dans un système HS ayant 9 couches HS et une mono-couche BS à la surface. Le
désaccord de paramètre de maille à l’interface HS/BS : m = (lHS − lBS)/lBS = 0.8 %.

La figure III.8a (resp. Fig.III.8b) montre la relaxation des composantes du ten-
seur des contraintes, dans un système BS (resp. HS) constitué de 9 couches BS (resp.
HS) et une couche HS (resp. BS) à la surface, en fonction du nombre d’itérations
de l’algorithme de minimisation du gradient conjugué (GC). Du fait d’un nombre
d’atomes invariants à l’interface avec la réduction de la taille, les propriétés locales et
les contraintes de l’interface HS/BS sont indépendantes de la taille. Avant d’atteindre
l’équilibre mécanique partiel (< 2000 pas GC pour l’état HS et < 700 pas GC pour
l’état BS), les contraintes ont un profil bruité et aléatoire, il est impossible d’extraire
alors des quantités liées à l’interface. A l’équilibre mécanique, les contraintes atteignent
un plateau dans toutes les directions de l’espace. En particulier, nous obtenons des
contraintes résiduelles d’interface (σ̄xx et σ̄yy) positives et équivalentes dans les deux
états de spin du fait de la symétrie cubique isotrope dans les directions principales 1,
ainsi que des contraintes normales nulles tout le long de l’axe z (σ̄iz ≈ 0). Un autre
résultat inattendu est la contrainte de cisaillement négligeable (σ̄xy = 0), c’est-à-dire
qu’il n’y a pas de déplacement relatif des atomes de surface par rapport aux atomes
du volume résultant d’une contrainte tangentielle appliquée tout le long de la surface
(provenant de l’interface HS/BS). Sachant que jusqu’à maintenant nous ne considérons
qu’un faible désaccord élastique entre les deux états de spin, m = (lHS− lBS)/lBS =0.8
%, bien inférieur à la valeur réelle généralement observée dans les matériaux à transi-
tion de spin (entre 3 et 5 %), la contrainte de cisaillement est alors négligeable car les
contraintes d’interface ne sont pas assez fortes pour induire un déplacement des atomes
de surface par rapport aux atomes du volume. Dans un premier temps, nous avons
un grand intérêt à choisir un faible désaccord élastique, car le formalisme de l’élasti-
cité linéaire reste valable. Pour des grands désaccord élastiques, les lois de l’élasticité

1. Par convention en thermodynamique, un signe positif est attribué à une contrainte de compres-
sion, alors qu’un signe négatif à une contrainte en tension.
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linéaire ne sont plus valables conduisant à l’apparition de contraintes normales non
nulles selon l’axe z, violant la condition d’équilibre mécanique en surface et conduisant
à des films minces plutôt courbes que plats. Dans ce cas, il est difficile de dissocier
les contributions des contraintes parallèles provenant de l’interface et celles normales
provenant de la surpression de Laplace due à la courbure du film mince. Le choix
d’un faible désaccord élastique permet de travailler avec des films minces qui restent
plats, possédant donc une courbure infini. La surpression de type Laplace est alors
supprimée et les seules contraintes existantes dans le film mince sont des contraintes
tangentielles. Toutefois, nous montrons quelques conséquences d’un grand désaccord
élastique en Annexe.C.

Afin de discuter de l’effet de la présence de contraintes élastiques sur la stabilité des
phases et de le comparer avec la contribution liée uniquement à l’existence de liaisons
pendantes (énergie de surface), ces contraintes d’interface doivent être exprimées en
(J/m2) plutôt qu’en (MPa), pour éviter les dépendances liées au volume de la boîte de
simulation. Dans ce but, nous multiplions la contrainte d’interface par la longueur de
la boîte de simulation (h = 47 nm) suivant la direction z. Les valeurs de contraintes
d’interface dans la phase BS (resp. HS) est s̄xx = s̄yy = 94 mJ/m2 (resp. 45 mJ/m2),
proches des valeurs d’énergies de surface (γ0), mais avec un écart entre les deux états
de spin plus conséquent, ∆s̄ = s̄HS

xx − s̄BS
xx , de l’ordre de −49 mJ/m2 (à comparer avec la

différence ∆γ0 = γHS
0 − γBS

0 ≈ −8 mJ/m2). Ce point peut être compris par la relation
de Shuttleworth s̄ = γ0 + ∂γ/∂ε [168], qui relie le travail de création d’une surface
γ0 et le travail de déformation de surface/interface s̄, dont la différence s’écrit de la
manière suivante :

∆s̄ = ∆γ0 +
(
∂γ

∂ε

)HS

−
(
∂γ

∂ε

)BS

= ∆γ0 + ∆
(
∂γ

∂ε

)
; (III.38)

où le deuxième terme exprime la différence de variation de l’énergie de surface par
rapport à une déformation ε exercée dans le plan de la surface entre les deux états de
spin. Ce terme est quasiment négligeable pour les liquides car ils sont indéformables
à nombre d’atomes constant. Dans ce cas, le travail pour déformer une surface est
égale au travail pour créer une surface. D’où l’indifférence conceptuelle entre tension
et énergie de surface dans les liquides. Cependant, dans les solides à transition de spin,
cette dérivée n’est pas négligeable et une contrainte/tension n’a pas la même valeur
que l’énergie de surface. Il apparait alors évident maintenant que la différence relati-
vement grande des contraintes d’interface entre les deux états de spin (−49 mJ/m2),
provient du second terme présent dans l’équation différentielle de Shuttleworth, qui
est certainement négatif. En effet, (∂γ/∂ε)BS > 0 dans la phase BS, car cette dernière
une déformation positive due à une élongation de paramètre de maille, alors dans la
phase HS, (∂γ/∂ε)HS < 0, car celle-ci subit une compression et alors une déformation
négative. Malgré le faible désaccord élastique employé dans les simulations numériques,
la différence plus importante des contraintes d’interface HS/BS par rapport à la diffé-
rence d’énergie de surface, confirme que la stabilité des phases des nano-systèmes est
davantage affectée par les effets d’interfaces solides-solides que les effets de surfaces
solide-vide.

Comme mentionné précédemment, les contraintes dans les systèmes HS et BS sont
négligeables, à l’exception des contraintes résiduelles isotropes le long des directions x
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et y. La matrice de contraintes de l’interface HS/BS s̄ij ne contient alors que les deux
termes diagonaux (s̄xx et s̄yy). En conséquence, le calcul de la contrainte d’interface
effective est réduit à la trace des éléments de la matrice :

s̄eff = s̄xxε̄xx + s̄yy ε̄yy (III.39)
Nous rappelons que les contraintes d’interface et les déformations correspondantes sont
isotropes. On obtient alors :

s̄eff = 2s̄xxε̄xx (III.40)
La valeur des contraintes résiduelles est obtenue à volume constant, ce qui n’est

pas le cas pour les déformations. Une solution consiste à utiliser la mécanique des mi-
lieux continus afin de transformer l’équation précédente en une expression uniquement
dépendante des contraintes. Pour cela, nous considérons que l’ensemble du système
en tant que milieu continu exerce une contrainte résiduelle permanente sur les fron-
tières de la boîte de simulation avec un faible rapport de déformation. Dans ce cas, les
contraintes et déformations peuvent être liées par la relation suivante : ε̄xx = 2s̄xx/LzY
[129, 135]. La contrainte d’interface effective devient alors :

s̄eff =
4

LzY
s̄2
xx (III.41)

Il en découle que la contrainte d’interface effective augmente d’environ 5.2 (resp. 1.5
mJ/m2) dans l’état BS (resp. HS) aux tailles les plus faibles, ce qui correspond à
une différence maximale de ∆s̄eff = −3.7 mJ/m2 (voir Fig.III.9a et b). On remarque
les valeurs très faibles de contraintes effectives d’interface par rapport aux énergies
effectives de surface. En effet, d’après l’équation III.40, la contrainte effective dépend
du produit de la densité de contrainte et de la déformation correspondant générée
ayant une valeur < 1, alors que l’énergie effective de surface dépend essentiellement
de l’énergie propre de surface. Une diminution de la différence d’enthalpie libre ∆G
= −6 meV est imputée aux effets de contraintes d’interface. On assiste alors à une
diminution de la température de transition de 200 K à 193 K (voir Fig.III.9 c et d). La
contribution des effets d’interface dans la valeur d’enthalpie libre et à la stabilité des
phases est plus grande que la contribution due à l’énergie de surface, car une interface
déforme la symétrie cristalline des phases BS et HS en diminuant l’aire du système HS
par une compression provoquée par la mono-couche BS, et en augmentant l’aire du
système BS par une traction provoquée par la mono-couche HS. En conséquence, elle
impacte de manière plus importante la stabilité des phases qu’une énergie de surface
qui préserve la symétrie cristalline des nanomatériaux.

En conséquence, l’énergie de surface due aux liaisons pendantes induit une diminu-
tion de 4 K de la température de transition, alors que la contrainte d’interface du fait
de la présence d’un environnement extérieur solide induit une diminution de 7 K de
la température de transition. La somme des deux contributions nous donne alors une
diminution de 11 K de la température de transition, ce qui reste inférieure aux observa-
tions expérimentales [177, 13]. Ceci est due certainement au faible désaccord élastique
introduit dans les simulations numériques, qui est de trois à quatre fois inférieur aux
désaccords de paramètres de maille généralement observés entre les structures cristal-
lines HS et BS. Les outils théoriques et numériques actuels ne permet pas d’extraire des
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quantités d’interfaces à haut désaccord élastique. Une théorie d’élasticité non-linéaire
doit être développée et de nouveaux outils numériques doivent être mis en place pour
permettre des futures études du comportement des interfaces hautement déformées
sur la stabilité des phases des nanomatériaux à transition de spin.

  

b)a)

c) d)

sHS<sBS

GHS<GBS

Figure III.9 – Évolution en taille de : a) la contrainte effective d’interface s̄eff , dans
les états HS (cercles rouges) et BS (étoiles bleues), calculée en utilisant l’équation
III.41 ; b) la différence de contrainte d’interface effective ∆s̄eff = s̄HS

eff − s̄BS
eff qui

favorise l’interface HS du système ; c) la différence d’enthalpie libre liée à la contrainte
d’interface ∆Gint = GHS

int −GBS
int < 0, calculée en utilisant l’équation III.35, qui favorise

la phase HS ; d) L’impact de la différence de contrainte d’interface sur la température
de transition avec la réduction de taille sans prendre en compte les effets de surface
liées aux liaisons pendantes.

Cas des contraintes anisotropes

Le calcul numérique précédent révèle l’impact des contraintes d’interface isotropes
qui conduisent à une diminution de la température de transition, donnant une origine
au changement de la stabilité des phases observée dans certaines classes des nanomaté-
riaux à transition de spin. Cependant, les caractérisations expérimentales menées sur
des couches minces du complexe [FeII(HB(tz)3)2](tz=1,2,4-triazol-1-yl), montrent un
comportement opposé de la température de transition avec la réduction de taille. En
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particulier, une augmentation de 3 K de la température de transition accompagne la
réduction de l’épaisseur de couche mince (voir Fig.I.19b). Ce comportement apparem-
ment singulier 2 avait été essentiellement expliqué par la forte anisotropie des propriétés
structurales et du mécanisme de croissance de la couche mince. En vertu du principe
de Curie, cette anisotropie doit se répercuter sur les propriétés physico-chimiques de
ce film mince, en particulier sur le propriétés mécaniques. L’évolution avec la taille
des courbes de transition de spin de ces films minces ont été simulés à l’aide du mo-
dèle nanothermodynamique dans lequel le paramètre phénoménologique de surface a
été ajusté ad hoc pour favoriser la phase BS et donc induire une augmentation de la
température de transition. Comme on l’avait mentionné précédemment, ce modèle na-
nothermodynamique prend en compte les différentes contributions de surface dont les
contraintes élastiques de manière effective. Notre approche numérique permet d’aller
au delà et de quantifier le rôle de ces différentes contributions dans les phénomènes ob-
servées. Nous proposons de simuler les effets des contraintes/déformations anisotropes
de l’interface HS/BS sur la stabilité des phases de couches minces. On peut imaginer
que l’interface HS/BS peut jouer un rôle similaire à une interface substrat/film mince,
même si en générale les propriétés mécaniques du substrat sont très différentes de
celles du film mince, avec notamment des modules d’élasticité plus élevés. C’est ce qui
permet par ailleurs au film mince de ne pas se courber et rester plat.

Il a été reporté que lors de la transition de phase BS→ HS, le film mince mentionné
ci-dessus subit un changement de volume anisotrope, en particulier, une contraction
du paramètre de maille a que l’on orientera arbitrairement selon la direction x de
mx = ∆a/a = −2.3 %, une expansion du paramètre de maille b selon la direction y
(my = ∆b/b = +1.0 %) et une expansion du paramètre de maille c selon la direction z
(mz = ∆c/c = +5.6 %). Afin de prévoir les conséquences possibles de cette anisotropie
structurale sur les propriétés interfaciales ainsi que sur la stabilité des phases, nous
avons imposé dans les simulations numériques une contraction du paramètre de maille
dans la phase HS suivant l’axe x demx = −0.08 %, deux fois plus grand que l’expansion
suivant l’axe y (my = 0.04 %). Le désaccord dans la direction x est deux fois plus
importants que le désaccord dans la direction y pour conserver le même rapportmx/my

observé expérimentalement (les valeurs de désaccord élastique sont plus faibles pour les
raisons déjà mentionnées précédemment). Nous avons choisi une expansion négligeable
le long de l’axe z, car elle ne contribue pas aux propriétés d’interface parallèles au plan
(x, y).

Les figures III.10 a et b montrent que les contraintes d’interface sont anisotropes
dans les deux états de spin, σ̄yy étant la contrainte de tension la plus favorable par
rapport à celle de compression σ̄xx du fait de l’expansion relativement plus faible du
système dans cette direction. De plus, les contraintes en tension et en compression
dans le système HS sont plus grandes que les contraintes dans le système BS. En effet,
dans le système HS, il y a 9 couches HS qui se contractent/s’allongent, influençant
largement les propriétés d’interface HS/BS, alors que dans le système BS, il n’y a
qu’une seule couche HS à la surface qui subit ce phénomène. En multipliant par h les
contraintes, nous obtenons dans la phase HS une contrainte de compression s̄HSxx = 130

2. Il est peut être hâtif de considérer que cette observation expérimentale soit marginale car peu
d’études des effets de réduction de taille sur des nano-objets pour lesquels on contrôle parfaitement
les dimensions et l’environnement extérieur ont été réalisées.
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d)c)

GBS<GHS

a) b)σ xx

σ yy

σ zz=σ xy

BS HS

d)c)

GBS<GHS

Figure III.10 – Évolution des contraintes résiduelles spatialement moyennées σ̄ij en
fonction du nombre de pas de la méthode de minimisation du gradient conjugué [167] :
a) dans un système BS ayant 9 couches BS et une mono-couche HS à la surface. Le
désaccord élastique à l’interface HS/BS dépend de la direction cristallographique :
mx = −0.08 % suivant x, my = 0.04 % suivant y ; b) dans un système HS ayant
9 couches HS et une mono-couche BS à la surface. Évolution en taille de : c) la
différence d’enthalpie libre liée à la contrainte d’interface ∆Gint = GHS

int − GBS
int > 0,

calculée en utilisant l’équation III.42, favorise la phase BS ; d) L’impact de la différence
de contrainte d’interface sur la température de transition avec la réduction de taille
sans prendre en compte les effets de surface liées aux liaisons pendantes.

mJ/m2 et de tension s̄HSyy = -67 mJ/m2, alors que dans la phase BS, s̄BSxx =14 mJ/m2

et s̄BSyy = -7 mJ/m2. Ceci indique clairement que l’anisotropie favorise la phase BS. Les
valeurs effectives des contraintes sont injectées dans l’enthalpie libre de l’interface :

∆Gint = aI(s̄HSxx,eff − s̄BSxx,eff + s̄HSyy,eff − s̄BSyy,eff ) . (III.42)

Les résultats, représentés sur la figure III.10c, montrent que l’anisotropie des contraintes
favorise la phase BS en augmentant d’environ 12 meV la différence de l’énergie de
Gibbs. En conséquence, une augmentation de 13 K de la température de transition
est présente dans la plus petite épaisseur du film mince. Dans la gamme d’épaisseurs
accessibles expérimentalement entre un matériau massif et Lz= 20 nm, la température
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de transition augmente de presque 0.6 K (voir Fig.III.10d). L’énergie de surface est
par définition toujours positive alors que la contrainte d’interface peut être positive
ou négative. De plus, en tenant compte de l’anisotropie des propriétés structurales des
matériaux à transition de spin qui constitue plutôt a règle que l’exception, ce travail
laisse entrevoir la possibilité de moduler la stabilité des phases en jouant sur les pro-
priétés d’interface ou, dans une moindre mesure, d’être capable de prédire comment
varieront les propriétés de commutation de ces matériaux avec la réduction de la taille.
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III.5 Conclusions

Une approche de dynamique moléculaire a été employée dans le contexte de l’étude
des effets de taille finie sur la stabilité des phases des nanomatériaux à transition de
spin. Les travaux antérieurs sur l’étude des effets de taille dans les nanomatériaux à
transition de spin ont permis d’introduire une quantité permettant de rendre compte
de manière phénoménologique de la prédominance et de l’implication des phénomènes
de surface à l’échelle du nanomètre : c’est l’énergie effective de surface. En considérant
cette quantité dépendante de l’état de spin et en l’injectant dans un modèle nanother-
modynamique, il avait été alors possible de reproduire l’évolution des propriétés de
commutation avec la réduction de la taille. Cependant, cette quantité combine en réa-
lité toutes les contributions associées à des phénomènes physico-chimiques susceptibles
de se produire au niveau d’une surface/interface, incluant l’énergie de surface, l’entro-
pie de surface, la contrainte d’interface et même les enthalpies de réactions chimiques.
Dans ce travail de thèse, nous avons pu séparer les contributions de surface et d’inter-
face, en donnant des définitions issues de la physique des solides et de la mécanique des
milieux continus : l’énergie de surface est le travail nécessaire pour créer une surface,
alors que la contrainte de surface/interface est liée au travail nécessaire pour déformer
une surface/interface. L’emploi de ces définitions dans les simulations numériques de
dynamique moléculaire a donné des estimations préliminaires de l’énergie de surface et
de la contrainte d’interface dans les matériaux à transition de spin. Dans un premier
temps, nous avons pu estimer les énergies de surface liées aux liaisons pendantes à par-
tir d’une approche utilisant des données expérimentales, telles que le module du bulk
isostatique et le paramètre de maille. Nos estimations à partir de cette approche pour
quatre composés à transition de spin ayant des propriétés élastiques et structurales
très différentes conduisent à définir une intervalle d’énergie de surface dans la phase
BS entre 40 et 120 (mJ/m2), et dans la phase HS entre 38 et 90 (mJ/m2), avec une
différence qui varie entre −2 et −30 (mJ/m2). Ces valeurs ne sont que des ordres de
grandeur que l’on pourrait trouver dans les matériaux à transition de spin. Par la suite,
nous avons appliqué une approche plus quantitative qui consiste à extraire l’excès de
l’énergie potentielle d’une structure cubique à motifs octaédriques, pour en déduire
l’énergie de la surface (100). La valeur obtenue pour l’état BS est de 79 (mJ/m2)
et de 71 (mJ/m2) pour l’état HS, en bon accord avec les premières estimations que
nous avons réalisées. Ces valeurs numériques sont injectées dans un modèle thermo-
dynamique afin d’étudier la stabilité des phases des films minces à transition de spin.
La différence d’énergie de surface entre les deux états de spin (≈8 mJ/m2) due aux
liaisons pendantes induit une diminution de la température de transition de 4 K, ce
qui est bien plus faible que celle observée expérimentalement (entre 20 et 30 K). Nous
avons considéré alors, en plus des effets de surface, les effets des contraintes mécaniques
d’interface HS/BS. Dans le cas de faibles désaccords élastiques, nous avons calculé les
contraintes isotropes de l’interface HS/BS dans les deux états de spin, qui vaut 94
(resp. 45 mJ/m2) pour l’état BS (resp. HS). Le choix d’un faible désaccord élastique
entre les phases HS et BS largement inférieur aux observations expérimentales pour
des raisons de validité de notre approche théorique qui conduit certainement à une
sous-estimation des contraintes d’interface. Malgré tout, elles sont du même ordre de
grandeur que les valeurs d’énergie de surface, ce qui laisse entendre qu’à plus grand
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désaccord élastique, elles deviennent dominantes. Les contraintes d’interface diminuent
de 7 K la température de transition. En l’ajoutant à la contribution de l’énergie de
surface, la température de transition diminue alors de presque 11 K. Une diminution
significative de Teq peut être obtenue en prenant plus grand désaccords élastiques,
par exemple entre 3 et 4 %. Nous pouvons en déduire que les contraintes mécaniques
d’interfaces exercées par des environnements solides sont responsables du changement
drastique de la stabilité des phases et de la température de transition avec la réduction
de la taille. D’ailleurs, nous avons démontré que l’anisotropie des contraintes méca-
niques peut conduire à une augmentation de la température de transition. Ce résultat
conforte l’espoir de pouvoir contrôler la stabilité des phases des nanomatériaux à tran-
sition de spin au travers un travail d’ingénierie des interfaces. Le développement et
l’élaboration de nano-objets coeur-coquilles, hybrides, de films minces multicouches ou
de matériaux composites s’avèrent être la clef pour contrôler la transition de phase à
l’échelle du nanomètre et faire émerger de nouvelles propriétés.
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Conclusion Générale

Cette thèse s’inscrit dans la suite des travaux antérieurs réalisés dans notre équipe
sur les effets de taille finie dans les matériaux à transition de spin. Tout d’abord, nous
avons commencé par une introduction récapitulative des études expérimentales me-
nées sur des nanomatériaux à transition de spin. Celles-ci montrent un changement
significatif de la stabilité des phases et des propriétés de commutation avec la réduc-
tion de la taille. Ensuite, nous avons présenté les travaux théoriques en lien avec les
effets de taille. Ceux-ci convergent vers une conclusion centrale : les effets de surface
et d’interface pouvaient être la cause du changement des propriétés physico-chimiques
mentionnées ci-dessus dans les nanomatériaux à transition de spin. Nous nous sommes
alors intéressés aux quantités de surface et d’interface susceptibles de changer le com-
portement des matériaux à transition de spin à un échelle nanométrique. Parmi ces
quantités, deux ont une grande importance car elles sont liées d’une part aux défauts
de coordination : l’énergie de surface, et d’autre part au désaccord de paramètre de
maille entre un matériau SCO et un environnement extérieur : la contrainte d’interface.
Les travaux théoriques antérieurs ont permis de reproduire la plupart des observations
expérimentales. Cependant, ils ne permettent pas d’analyser quantitativement et sépa-
rément les contributions des quantités de surface et d’interface liées aux effets de taille.
L’objectif principal de cette thèse est d’aller vers une analyse quantitative des énergies
de surface et des contraintes d’interface sur la stabilité des phases et les propriétés de
commutation des nanomatériaux SCO.

Ce chemin ambitieux débute par la simulation numérique des observations expéri-
mentales des propriétés mécaniques et vibrationnelles des nanomatériaux SCO [178],
car les énergies de surface et les contraintes d’interface dépendent largement de ces
propriétés. Dans le chapitre II, nous avons étudié la dynamique de réseau des nanoma-
tériaux à transition de spin à l’aide de méthodes numériques de dynamique moléculaire
non-conservative. Tout d’abord, la reconsidération du champ de force d’une structure
modèle introduite dans des études numériques antérieures nous a permis d’obtenir
des résultats importants concernant la simulation de la densité d’états vibrationnels
dans le cas du matériau massif. En particulier, les propriétés mécaniques et thermo-
dynamiques représentées respectivement par la vitesses du son et par la différence
d’entropie vibrationnelle entre les deux états de spin sont bien reproduites et les va-
leurs déduites sont très proches de celles obtenues par les expériences de diffusion
inélastique nucléaire. Ensuite, la dépendance en taille de la densité d’états vibration-
nels a été étudiée numériquement dans le cas des films minces et des nanoparticules.
La réduction de la taille implique l’apparition de deux phénomènes : des effets de taille
finie (réduction du nombre de degrés de liberté du réseau), qui conduisent à une discré-
tisation du spectre d’énergie et des effets de surface liés à une rupture de l’invariance
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par translation dans l’espace des propriétés physico-chimiques du système. Dans le cas
des nanoparticules, les effets de taille finie produisent un spectre (vDOS) discontinu
et l’apparition d’un gap acoustique aux basses fréquences, alors que dans le cas d’un
film mince, ces phénomènes ne sont pas observables car la surface Lx × Ly reste telle-
ment grande que le système conserve un grand nombre de degrés de liberté de réseau.
Dans les deux cas, la raréfaction du nombre d’états vibrationnels par l’effet de taille
finie avec la réduction de la taille doit amener à une diminution ou à une conservation
de l’entropie vibrationnelle. En revanche, les effets de surface induisent l’émergence
de modes de surface additionnels à basses fréquences, qui compensent cet appauvris-
sement des modes vibrationnels. En conséquence, les propriétés thermodynamiques
simulées pour ces nanomatériaux montrent une augmentation de l’entropie vibration-
nelle et une invariance de l’énergie interne vibrationnelle ainsi que de la constante de
force élastique avec la diminution de la taille, en bon accord avec les résultats expéri-
mentaux. Il semblerait donc que les propriétés thermoélastiques soient gouvernées par
des effets de surface plutôt que par le phénomène de confinement (effets de taille finie).
La faible rigidité de ces matériaux est certainement à l’origine de cette observation.
Ce résultat constitue une première preuve théorique du rôle crucial des effets de sur-
face dans les changements de propriétés de commutation des matériaux à transition
de spin à l’approche de l’échelle du nanomètre. Il est également démontré que les in-
teractions anharmoniques intermoléculaires favorisent les effets de surface en ajoutant
davantage de modes de surface et en les amplifiant par rapport à des interactions de
type harmonique. Finalement, en utilisant la méthode de la matrice dynamique, nous
avons pu confirmer la nature et la symétrie des modes de surface, appelés modes de
Rayleigh. De plus, nous avons montré que la densité d’états vibrationnels peut être
dépendante de la structure de surface. En particulier, une structure monoatomique de
surface impacte uniquement la partie acoustique, alors qu’une structure polyatomique,
peut changer la totalité du spectre de vibrations. Ce travail montre que les mécanismes
physiques conduisant à la modification de la stabilité des phases et potentiellement
du phénomène de bistabilité avec la réduction de la taille sont intimement liés aux
changements du spectre phononique dans les deux états de spin.

Après avoir validé notre démarche numerique, nous avons pu sereinement appli-
quer cette méthodologie à la détermination des énergies de surface et des contraintes
d’interface, afin de nous diriger vers une étude plus quantitative des effets de surface
sur les propriétés de commutation des nanomatériaux à transition de spin. Dans le
chapitre III, nous avons pu estimer séparément les valeurs des énergies de surface et
des contraintes d’interface présentes dans les matériaux à transition de spin à l’aide
de la méthode slab. L’énergie de surface définie comme étant le travail par unité de
surface nécessaire pour créer une surface a été calculée par deux approches différentes.
La première approche basée sur des grandeurs accessibles expérimentalement (le mo-
dule de Young et le paramètre de maille) a permis de définir un ordre de grandeur de
l’énergie de surface, de 40 à 120 (mJ/m2) pour la phase BS, et de 38 à 90 (mJ/m2)
pour la phase HS, la différence entre les deux états de spin variant entre -2 et -30
(mJ/m2). La deuxième approche plus quantitative consiste à estimer cette quantité en
évaluant par simulation de dynamique moléculaire l’excès d’énergie potentielle dans un
système à surfaces libres par rapport celle du matériau massif sans surface. Avec cette
approche, les valeurs d’énergie de surface obtenue pour l’état BS est de 79 (mJ/m2)
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et de 71 (mJ/m2) pour l’état HS, en bon accord avec les premières estimations que
nous avons réalisées. Ces valeurs numériques sont injectées dans un modèle thermo-
dynamique afin d’étudier la stabilité des phases des films minces à transition de spin.
La différence d’énergie de surface entre les deux états de spin (≈8 mJ/m2) due aux
liaisons pendantes induit une diminution de la température de transition de 4 K, ce
qui est bien plus faible que celle observée expérimentalement (entre 20 et 30 K). Nous
avons alors considéré les effets des contraintes mécaniques d’interface HS/BS. Dans le
cas d’un faible désaccord paramétrique entre les deux phases, la contrainte isotrope
de l’interface HS/BS vaut 94 (resp. 45 mJ/m2) pour l’état BS (resp. HS). Par consé-
quence, les contraintes d’interface diminuent de 7 K la température de transition. En
l’ajoutant à la contribution de l’énergie de surface, la température de transition di-
minue alors de presque 11 K. Une diminution encore plus significative de Teq peut
être obtenue en prenant de plus grand désaccords élastiques, par exemple entre 3 et 4
%. Nous pouvons en déduire que les contraintes mécaniques d’interfaces exercées par
des environnements solides sont responsables du changement drastique de la stabilité
des phases et de la température de transition avec la réduction de la taille. D’ailleurs,
nous avons démontré que l’anisotropie des contraintes mécaniques peut conduire à une
augmentation de la température de transition. Ce résultat conforte l’espoir de pouvoir
contrôler la stabilité des phases des nanomatériaux à transition de spin au travers un
travail d’ingénierie des interfaces.

Ce travail de thèse a permis la mise en place et la validation d’outils numériques
et théoriques pour étudier les propriétés thermoélastiques ainsi que les propriétés mé-
caniques de surface/interface des matériaux à transition de spin. De nombreuses pers-
pectives émergent de ce travail. Tout d’abord, les simulations de la dynamique de
réseau avec notre système modèle permettent d’obtenir une augmentation de l’en-
tropie vibrationnelle avec la diminution de la taille, mais la différence d’entropie de
surface entre les deux phases demeure nulle du fait de l’absence d’asymétrie entre le
motif octaédrique HS et BS. Il est donc nécessaire d’aller au-delà de cette structure
trop "simplifiée" pour aller vers des structures davantage "réalistes", voire pourquoi
pas simuler la structure d’un composé à transition de spin précis. La composition et
la nature des ligands devront alors être explicitement pris en compte. Des surfaces
(nécessairement polyatomiques) plus complexes pourront être obtenues favorisant une
variation d’entropie de surface non nulles. D’autre part, nous avons travaillé sur des
objets qui ne commutent pas ! L’anharmonicité liée au phénomène du changement
d’état de spin n’est pas prise en compte de manière explicite. L’émergence d’un état
de spin particulier qui serait éventuellement favorisé à la surface (ce que laisse en-
tendre certaine observations expérimentales) pourra être comprise à la condition que
la commutation des motifs octaédriques et le couplage vibronique soient introduits
dans les simulations de dynamique moléculaire. Le chemin réactionnel impliquant la
réorganisation électronique liée au changement d’état de spin et la répercussion sur
la structure en surface pourra être alors être abordé. Cependant, simuler la transi-
tion de spin avec des méthodes de dynamique moléculaire demeure un défi à la fois
théorique et algorithmique. En effet, les différentes étapes de la transition de spin se
déroulent sur des échelles de temps caractéristiques très différentes : la réorganisation
électronique ( femtoseconde), l’activation de modes optiques (déformation locales élas-
tiques, de l’ordre de la picoseconde, nanoseconde), l’émission de phonons acoustiques
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cohérents (propagation de la déformation élastique à longue portée, de l’ordre de la
10− 100ns) et enfin la propagation d’une paroi de domaines séparant la phase stable
de la phase instable (de l’ordre de la seconde). Sans considérer la transition de spin
thermique, il n’est pas certain qu’à la fin de la simulation de dynamique moléculaire,
la structure de surface corresponde à celle attendue à l’équilibre thermomécanique. La
forme d’équilibre des cristaux contenant des motifs trop complexes peut être difficile
à atteindre.
Ce travail de thèse a permis d’obtenir les premiers ordres de grandeur des valeurs
d’énergie de surface pour des nanomatériaux à transition de spin grâce à la méthode
slab. La simulation de structures en surface plus complexes permettrait de comparer les
valeurs d’énergie de surface des réseaux de coordination avec celles de complexes mo-
léculaires dont on sait que la stabilité structurale est gouvernée par des mécanismes de
cohésion très différents. Il serait possible d’imaginer que les nanoparticules de réseaux
de coordination possédant des liaisons plutôt covalentes tendent vers une morphologie
de surface en facettes tandis que la surface des nano-objets à base de complexes molé-
culaires seraient plutôt rugueuse. Par ailleurs des transitions de surface pourraient se
produire avec la réduction de la taille où les facettes de plus petites superficies mais
de plus grandes énergies pourraient apparaître au détriment des facettes donnant la
forme d’équilibre du cristal.
Dans ce travail, les contraintes de surface/interface ont été calculées dans le cas de
faibles désaccords structuraux, conduisant très certainement à une sous-estimation de
leurs contributions à la stabilité des phases. Malgré cette restriction, l’énergie élastique
d’interface fait jeu égal avec l’énergie de surface dans les phénomènes de stabilité des
phases. Ceci laisse entendre que si de plus grands désaccords structuraux étaient consi-
dérés, entre 3 et 4% (ce qui correspond à l’ordre de grandeur des désaccords structuraux
observés dans les matériaux à transition de spin) les contraintes d’interfaces seraient
l’ingrédient physique dominant. Dans ce but, il serait nécessaire de développer une
théorie de l’élasticité non-linéaire. Dans ce cas, les contraintes d’interface ne seraient
plus uniquement tangentes à la surface et des composantes normales apparaîtraient :
on assisterait à une déflexion du film mince. A l’heure actuelle, il est possible de consi-
dérer deux cas limites : le film mince plat (uniquement des composantes parallèles à la
surface) et la nanoparticule sphérique (uniquement des composantes perpendiculaires
à la surfaces, obéissant à une loi de type Young-Laplace). La déflexion d’un film mince
correspond à une situation intermédiaire à ces deux cas extrêmes. Il sera intéressant
de comparer les résultats numériques avec les mesures mécaniques récemment réalisées
sur les actuateurs à transition de spin élaborées dans notre équipe.
A défaut de pouvoir implémenter la transition de spin dans un modèle de champ de
forces pour la dynamique moléculaire dans un avenir proche, il est possible de dé-
velopper un modèle thermoélastique qui prendrait de manière explicite les énergies
de surface et les contraintes d’interface afin de simuler l’effet des ces deux quanti-
tés sur les courbes de transition de spin à l’échelle nanométrique. Enfin, des mesures
des énergies de surfaces, par exemple via des techniques de sonde locale (microscopie à
force atomique) sont plus qu’attendues pour pouvoir les confronter avec les prédictions
théoriques.
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Annexe A

Estimation de l’incertitude due aux
artefacts numériques

L’un des artefacts numériques pouvant perturber les résultats est le volume du vide
fixé par la boîte de simulation (ce volume est contrôlé au travers de la hauteur de la
boîte de simulation). Il est donc important de quantifier l’incertitude causée par cet
artefact. Dans la figure A.1, nous avons calculé l’entropie vibrationnelle en fonction
de la hauteur de vide pour deux couches minces. Nous estimons cet incertitude en
calculant d’abord l’incertitude absolue maximale de chaque couche mince de la manière
suivante :

εN = max (|sN − 〈s〉 |) (A.1)

où 〈s〉 est la valeur moyenne de l’entropie effectuée sur les différentes valeurs d’entropie
obtenues pour différentes hauteurs de vide, allant de 5 nm à 100 nm. Ensuite, on prend
la valeur maximale prise par cet incertitude parmi les deux épaisseurs de couches
minces simulées :

ε = max (ε3nm, ε8nm) ≈ 0.01 kB. (A.2)

l’incertitude maximale obtenue reste très inférieure à la valeur d’entropie extraite pour
différents systèmes possédant des surfaces libres. De plus, cet incertitude est plus faible
que l’augmentation d’entropie observée avec la diminution de l’épaisseur des couches
minces. Cette vérification nous permet de conclure que l’incrément d’entropie visible
avec la réduction de la taille n’est pas un artefact numérique. Néanmoins, nous avons
fixé la hauteur de la boîte simulation à Lvide = 10Lz, ce qui est suffisamment grand pour
que les incertitudes numériques liées à la création d’un vide soient raisonnablement
négligeables.

Nous avons également vérifié l’énergie de cohésion du système massif et du système
à surfaces libres, qui est toujours constante avec la variation de la taille du matériau
(voir Fig.A.2), et correspond parfaitement à l’énergie de cohésion que nous avions
choisie pour le potentiel de Lennard-Jones à l’état BS. Nous démontrons à nouveau
qu’il n’y a pas d’artefacts numériques à T=0K .
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Figure A.1 – Évolution de l’entropie vibrationnelle en fonction de la hauteur de vide
calculée pour une couche mince BS d’épaisseur 3 nm (étoiles bleues) et 8 nm (cercles
rouges).

Figure A.2 – Évolution en fonction de la taille de l’énergie de cohésion Ec dans le
cas du matériau "massif" et un système possédant des surfaces libres.
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Calcul de l’énergie de surface par la
méthode des liaisons coupées

L’énergie de surface liée aux liaisons pendantes s’écrit d’une manière générale dans
une direction (hkl) sous la forme suivante :

γ{hkl} =
∑
i

ni
2Ahkl

|δwi|r0→∞ (B.1)

où Ahkl est l’aire de la surface de direction (hkl), ni|δwi| est l’énergie nécessaire pour
couper ni liaisons. La somme est sur tous les proches voisins dans cette direction.
De plus, si les atomes surfaciques ont la même symétrie dans toutes les directions
cristallographiques, les nombres de plus proches voisins est : n = n′N , où n′ est le
nombre de liaisons par atome et N le nombre total d’atomes de surface. Sachant que
|δwi|r0→∞ correspond au puits de potentiel ε, l’injection de n dans Eq.B.1 conduit à
la relation suivante :

γ0 =
d{hkl}

2
∑
i

n′iεi (B.2)

où d{hkl} =
N

A{hkl}
est la densité d’atomes de surface

Dans les directions {100}, la surface élémentaire est une carré dont chaque coin
est occupé par 1/4 d’un ligand. Le nombre d’atome par cellule unité de surface est :
N = 1/4 × 4 = 1, et l’aire élémentaire as = (2aeMeL + ainter)2 (voir Tab.III.2 pour
les valeurs de as). Par conséquence, l’énergie de surface obtenue par la méthode des
liaisons coupées pour les surfaces {100} :

γe{100} = 1
2(2aeMeL + ainter)2

∑
i

n′iε
e
i (B.3)

où aeMeL est la distance métal-ligands. e désigne l’état (BS) ou (HS). ainter est la
distance intermoléculaire et εei est la rigidité de l’ième liaison. Sachant que l’interaction
est limitée aux premiers proches voisins (i = 1) et le nombre de liaisons par ligand est
n′ = 1, l’énergie de surface devient alors :

γe{100} = εe

2(2aeMeL + ainter)2 . (B.4)
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Annexe C

Films minces dans le cas de grands
désaccords élastiques
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b)a)

σ zz σ zz

c)
σ zz>0

σ xx=σ yy

Figure C.1 – a) Représentation schématique d’un film mince courbe dans le cas
d’un grand désaccord de paramètre de maille m à l’interface HS/BS. Lorsque m est
supérieur à 1.2 %, le film mince prend une forme courbe plutôt que plat en raison
de la présence de contrainte normale σ̄zz. Dans ce cas, les lois d’élasticité linéaire ne
sont plus valables. L’angle de déflexion est nommée D. b) Évolution de l’angle de
déflexion D en fonction de m qui suit l’expression non linéaire : D(rad) = am2 + bm,
où a = 1.7 × 10−3 et b = 1.4 × 10−2 rad. c) Évolutions des composantes du tenseur
de contrainte σ̄ij en fonction du nombre itérations de l’algorithme de minimisation du
gradient conjugué pour un système ayant une interface HS/BS de m = 5 %. A une
grande valeur de m, on voit que l’équilibre mécanique est difficilement atteint et que
σ̄zz commence à avoir une valeur non nulle, provoquant en conséquence la déflexion
du film mince.
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Résumé de la thèse

Les matériaux à transition de spin sont des matériaux commutables capables de
transiter d’un état à un autre suite à une application d’un champ extérieur, comme
par exemple : la température, la pression, ou la lumière. Cette transition s’accom-
pagne d’un changement volumique et électronique, rendant ces matériaux intéressants
pour de futures applications sociétales (conception de muscles artificiels, actuateurs
mécaniques, capteurs de gaz et de température ...). L’élaboration de ces nanomaté-
riaux peut être réalisée par évaporation thermique ou synthèse chimique, avec une
gamme de taille allant du millimètre et pouvant atteindre le nanomètre. Cependant,
la miniaturisation d’objets entraine une modification de la stabilité de phase, rendant
délicat leur intégration dans des dispositifs. L’objectif de ma thèse est d’étudier théo-
riquement l’influence des effets de taille finie sur les propriétés de commutation, en
particulier les effets de surfaces et d’interface, qui doivent jouer un rôle important sur
la stabilité de phase à l’échelle nanométrique. Les effets de la réduction de la taille sur
la dynamique du réseau des couches minces à transition de spin ont été étudiés par
des simulations de la densité d’états vibrationnels par des méthodes de la dynamique
moléculaire. Une reconsidération du champ de force utilisé pour le réseau cubique à
motifs octaédrique nous a permis d’obtenir de bons ordres de grandeur de la vitesse
du son dans les deux états de spin. En combinant avec la méthode de la matrice dy-
namique, il est montré que les modes de vibration de surface de très basses fréquences
peuvent contribuer en particulier à l’augmentation de l’entropie vibrationnelle avec la
réduction de la taille, en bon accord avec les observations expérimentales. Nous avons
pu alors étendre l’étude à d’autres quantités d’une importance primordiale dans les
propriétés mécaniques et le phénomène de la transition de spin, telles que l’énergie
de surface et la contrainte d’interface. Des approches théoriques issues de la physique
des solides sont employées dans les simulations numériques de ces grandeurs, donnant
en conséquence des estimations préliminaires de ces quantités de surface et d’interface
dans le cas des nanomatériaux à transition de spin. Finalement, les effets de surface,
de l’isotropie et de l’anisotropie des contraintes d’interface sur la stabilité de phase
sont discutés à l’aide d’un modèle nanothermodynamique.
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