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Résumé

L’objectif de cette thése est d’explorer analytiquement et numériquement la dynamique
d’aimantation de nanoparticules magnétiques. Nous montrons qu’il est possible de contréler
efficacement le retournement d’aimantation d’'une nanoparticule a l'aide d’'une excitation
autorésonante. Cette étude révele que I'amortissement de Gilbert et la température alterent
I'efficacité de ce procédé, tandis que les interactions dipolaires peuvent le faciliter. Les
propriétés stationnaires d’'une monocouche de nanoparticules sont également étudiées en
reproduisant numériquement des courbes ZFC. Nous observons ainsi qu’'un désordre
structurel ne modifie pas la température de blocage. Enfin, nous étudions le comportement
d’un ensemble de nanoparticules en interaction dans un fluide a l'aide de simulations de
dynamique moléculaire. Nous retrouvons les configurations a I'équilibre en forme de
chaines et d’anneaux, puis nous examinons les aspects dynamiques en mettant en
évidence I'existence d’'ondes de spins.

Abstract

The goal of this thesis is to explore analytically and numerically the magnetization dynamics
in magnetic nanoparticles. Firstly, we study the Néel dynamics of fixed. We show that one
can efficiently control the magnetization reversal of a nanoparticle by using a chirped
excitation (autoresonance). This study reveals that the Gilbert damping and the temperature
alter the efficiency of the reversal, while dipolar interactions can improve it. The stationary
properties of a monolayer of nanoparticles are then examined by computing ZFC curves
with a Monte Carlo method. We observe that structural disorder has no effect on the
blocking temperature. Finally, we investigate the behavior of an ensemble of interacting
nanoparticles moving in a fluid with a molecular dynamics approach. Our numerical
simulations reproduce the usual chain and ring-like equilibrium configurations. We then
study the dynamics of these structures and show the existence of super-spin waves.







Remerciements

Ce travail a été réalisé au sein du Département d’Optique ultra-rapide et de Na-
nophotonique (DON) de I'Institut de Physique et Chimie des Matériaux de Stras-
bourg (IPCMS). Je tiens a remercier Stefan Haacke, directeur de I'TPCMS, ainsi que
Pierre Gilliot, responsable du DON, pour m’avoir garanti des conditions de travail
et un environnement scientifique de qualité. Je voudrais également exprimer toute
ma reconnaissance a Jean-Yves Bigot pour avoir accepté de financer cette these dans
le cadre du projet Equipex UNION.

Je remercie tous les membres du jury de m’avoir fait I’honneur de juger mon
travail, en particulier André Thiaville et Marc Respaud pour avoir accepté les roles
de rapporteur.

Je tiens a exprimer toute ma gratitude envers mes deux directeurs de these, Paul-
Antoine Hervieux et Giovanni Manfredi, qui ont su m’encadrer efficacement tout en
me laissant une liberté appréciable. Je les remercie de m’avoir permis de mener
a bien ces travaux de recherche dans un environnement de confiance, en ayant su
m’encourager et me motiver. L’atmosphéere conviviale qui régne au sein de notre

équipe a fait de ces trois années une expérience inoubliable.

L’abondance des problématiques abordées dans cette these m’a donné 'occasion
de collaborer avec deux stagiaires, Thibault Boulet et Louise Desplat. Je remercie
Thibault d’avoir consacré volontairement plusieurs mois a la mise au point d'un code
de type Monte Carlo permettant de trouver les configurations stables de nanoparti-
cules dans un fluide. Le dernier chapitre de ma these n’aurait pu étre complet sans
I'inestimable contribution de Louise, dont le sérieux et la sagacité ont rendu notre
coopération tres prolifique. Je tiens aussi a exprimer toute ma gratitude a Lazar
Friedland, Benoit Pichon, Sylvie Bégin-Colin et Genevieve Pourroy pour tous les
efforts qu’ils ont st consacrer a nos différentes collaborations.

Il m’est aussi impossible d’oublier toutes les personnes que j’ai eu le plaisir de c6-
toyer durant ces quelques années a 'TPCMS. A commencer par les membres de mon
équipe, Yannick Hinschberger, Omar Morandi et David Coulette, pour leur sympa-
thie et pour avoir su partager leur savoir. En particulier, je tiens a remercier Jérome
Hurst pour sa perpétuelle bonhomie, ses précieux conseils et pour nos expéditions
montagneuses inoubliables. Je passe ensuite une dédicace spéciale a Pierre Ayoub,
Ufuk Halisdemir, Erwan Terrier, Mathilde Giraudel et Florian Godel pour tous les
moments mémorables que nous avons partagés quotidiennement au laboratoire ou
en-dehors. Je tiens également a remercier Moussa, Anastasia, Ziyad, Mathias, An-
dra, Pierre F., Burak, Anna, Mathilde M., Déborah, Alexandre et Thomas sans qui



les pauses café n’auraient pas été aussi longues et agréables.

Pour finir, je souhaite remercier les membres de ma famille et ma chere et tendre
Laura pour leur soutien et leur réconfort qui m’ont permis de mener a bien mes
études. Jéspere qu'’ils trouveront en 'accomplissement de ce travail une gratification
a la hauteur de leurs sacrifices.



Nomenclature

po =4r x 107" T.m/A........ Perméabilité magnétique du vide

kp=138x 1073J/K........ Constante de Boltzmann

h=105x10"34Js........... Constante de Planck réduite

= =2 i Facteur de Landé de 1'électron

pp =927x 10722J/T........ Magnéton de Bohr

v =176 x 10"rad/(T.s)...... Rapport gyromagnétique de 1’électron

C(3)=1202..........conn, Constante d’Apéry, avec ( la fonction de Riemann

M. oo Aimantation a saturation (A/m)

g o et e e Magnitude du moment magnétique d’une nanoparticule
(J/T ou A.m?)

Koo Constante d’anisotropie (J/m?)

Ve Volume d’une nanoparticule (m?)

Do Diametre d’une nanoparticule (m)

2 Masse d’une nanoparticule (kg)

O Angle entre le moment magnétique et son axe d’aniso-
tropie

Tp oo Température de blocage (K)

A Amortissement de Gilbert

QUee et Taux de variation de la fréquence d’excitation (Hz?)

7 Parametre de maille d'une monocouche de nanoparti-
cules (m)

TB ettt Temps de relaxation de Brown(s)

TN e e e e Temps de relaxation de Néel(s)

VH oo Volume hydrodynamique d’une nanoparticule (m?)

X et et e Susceptibilité magnétique

R Viscosité dynamique du fluide(Pa.s)

Gl oo Coefficient de frottement en translation (Pa.s.m)

G e Coefficient de frottement en rotation (Pa.s.m?)

Lo Tenseur d’inertie d’une nanoparticule quelconque

T Moment d’inertie principal d’une nanoparticule sphé-
rique (kg.m?)

Droooein Fonction de dissipation de Rayleigh

T e e e ettt Distance interparticulaire a 1’équilibre dans un fluide
(m)

S Moment cinétique propre d’une nanoparticule (kg.m?/s)

Lo Moment cinétique orbital d’une nanoparticule (kg.m?/s)

Liot oo Moment angulaire total d’un ensemble de nanoparticules

(kg.m?/s)



Upeooooe Energie caractéristique d’un ensemble de nanoparticules
interagissantes immergées dans un fluide (J)
Py Impulsion caractéristique d’un ensemble de nanoparti-

cules interagissantes immergées dans un fluide (kg.m/s)

Lo.ooo Moment cinétique caractéristique d’un ensemble de na-
noparticules interagissantes immergées dans un fluide
(kg.m?/s)

U o Energie potentielle normalisée

Ko Energie cinétique normalisée

P o Impulsion normalisée

U Moment cinétique orbital normalisé

S Moment cinétique propre normalisé

o Angle de courbure d'une chaine de nanoparticules

D e Rayon d’un anneau de nanoparticules (m)

T Température critique de la transition d’une phase or-

donnée (chaine ou anneau) vers une phase gazeuse (K)
A5 Taille d'un dendron (m)
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Introduction générale

Le magnétisme a I’échelle nanométrique est un champ de la physique qui connait
une certaine ferveur depuis quelques décénnies, ayant fait 1'objet d’études abon-
dantes et intensives aussi bien du point de vue expérimental que théorique. Depuis
les travaux pionniers de Frenkel et Dorfman [1] en 1930, les propriétés atypiques des
nanoparticules magnétiques n’ont cessé de passioner les scientifiques de tout horizon.
Les avancées dans ce domaine ont eu un impact technologique majeur pour des ap-
plications tres variées, telles que le stockage de données, la décontamination d’eaux
polluées [2] ou encore les ferrofluides pour le traitement et le diagnostic de mala-
dies [3, 4, 5]. Les nanoparticules sont un vecteur d’innovation technologique pour
la fabrication de dispositifs nanométriques fonctionnalisés. Elles sont véritablement
devenues des briques élémentaires dans I’élaboration des nouvelles nanotechnologies.
Par exemple, les nanoparticules magnétiques monodomaines a anisotropie uniaxiale
pourraient permettre de stocker plusieurs petabit (10'%) par cm? dans un avenir
proche [6, 7]. Les bits sont codés 0 ou 1 en fonction de Iorientation du moment
magnétique porté par chaque nanoparticule, et 1’écriture se fait par renversement
de ce moment magnétique. Afin de pouvoir accéder rapidement et efficacement a
I'information ainsi stockée, il est nécessaire de pouvoir controler précisemment la
dynamique d’aimantation de telles nanoparticules. Cette dynamique dépend bien
évidemment des propriétés intrinseques des nanoparticules, telles que ’anisotropie
ou 'existence de différents domaines magnétiques. Mais elle est également influencée
par des éléments externes a la nanoparticule, tels que la température et 'interac-
tion dipolaire magnétique. En effet, lorsque les nanoparticules forment un ensemble
suffisamment dense, I'interaction dipolaire joue un role primordial, aussi bien sur la
dynamique d’aimantation que sur les propriétés a I’équilibre. Le fait que I'interaction
dipolaire magnétique soit anisotrope et a longue portée engendre des effets collectifs
parfois complexes. De nombreuses études théoriques [8, 9, 10, 11, 12] et expérimen-
tales [13, 14, 15, 16] s’y sont intéressées et ont permis d’expliquer divers phénomenes
comme le superferromagnétisme, la dynamique de relaxation ou la modification de
la température de blocage. Mais d’autres effets de l'interaction dipolaire sont en-
core mal compris, voire sujets a controverse [11]. De plus, il existe encore souvent
des divergences entre les données expérimentales et les prédictions théoriques. Il
existe une grande quantité de modeles qui fonctionnent dans le régime des faibles
interactions dipolaires [17] ou qui integrent cette derniere dans une forme simplifiée.
Mais ’approche théorique exacte se complexifie grandement lorsque les interactions
dipolaires sont dominantes et ne peuvent étre 'objet d’approximations.

Les assemblées structurées de nanoparticules offrent un support a différents types

d’applications. On exploite leurs propriétés magnétiques pour le stockage de don-



nées [18, 19], en tant que capteurs [20, 21|, ou encore dans le domaine du transport
électronique [22, 23, 24]. Or c’est U'interaction dipolaire qui génére I'ordre magné-
tique dans ces métamatériaux. Il est donc important d’analyser la corrélation entre
I’arrangement spatial des nanoparticules et 'ordre magnétique. Aujourd’hui, il est
tres compliqué de synthétiser des structures de nanoparticules parfaitement ordon-
nées. Il existe souvent des défauts ou des déformations localisées. Ces imperfections
affectent I'interaction dipolaire et donc les propriétés magnétiques collectives des na-
noparticules. Il est donc nécessaire de mieux comprendre 'influence de tels défauts

sur les propriétés magnétiques de I’assemblée.

Les ferrofluides sont une catégorie de colloides contenant des suspensions d’un
matériau ferromagnétique. Le fait de pouvoir manipuler les nanoparticules magné-
tiques a l'aide d’un champ magnétique externe en font un sous-ensemble des col-
loides tres attrayant, notamment lorsque les interactions dipolaires deviennent non-
négligeables. En effet, il devient alors possible non seulement de controéler la morphol-
gie d’un ensemble de nanoparticules auto-assemblées et auto-organisées (par exemple
pour la synthese de matériau [25]), mais également de générer des dynamiques com-
plexes et trés particulieres [26, 27, 28, 29]. L’interaction dipolaire magnétique est
encore une fois au cceur du probleme, puisqu’elle permet ’auto-organisation des
structures de nanoparticules magnétiques ainsi que le couplage entre dynamgiue
d’aimantation et dynamique vibrationnelle.

L’objectif de cette these est d’approfondir certains aspects de la dynamique d’ai-
mantation de nanoparticules monodomaines a anisotropie uniaxiale. Qu’elles soient
isolées ou en interaction, nous allons chercher comment contréler les propriétés dy-
namiques et stationnaires de nanoparticules magnétiques. Une attention particuliere
sera portée a l'influence de parametres extrinseques aux nanoparticules. En particu-
lier, on étudiera l'effet de la température, des interactions dipolaires, de la dissipation
ou encore de la présence de défauts structurels dans une assemblée de nanoparti-
cules. Cette étude se base autant que possible sur des calculs analytiques que nous
validerons par des simulations numériques. Tous les codes informatiques utilisés ont
été mis au point au cours de la these.

Le premier chapitre de cette thése est consacré a la présentation des théories
et propriétés générales du magnétisme des nanoparticules qui seront utilisées dans
I’ensemble de cette these.

Dans le chapitre 2, nous examinons la possibilité de controler et inverser 'aiman-
tation d’'une ou plusieures nanoparticules a ’aide du mécanisme d’autorésonance.
Deux types d’excitations oscillantes sont considérées : un champ magnétique et un
courant de spin polarisé. Apres une description approfondie de ce mécanisme, nous

menons une étude analytique et numérique du retournement d’aimantation dans



les cas non-amorti et amorti, puis nous ajoutons l'effet de la température et de
I'interaction dipolaire. En particulier, nous montrons 'existence d’un seuil d’ecxi-
tation carcatéristique des problemes d’autorésonance, et nous analysons l'effet de
I’amortissement, du bruit thermique et de I'interaction dipolaire sur ce seuil. Nous
examinons également la possibilité de forcer la précession a angle fixe du moment
magnétique d’une nanoparticule. Lorsque 'excitation prend la forme d’un champ
magnétique oscillant, il existe un angle de précession critique au-dela duquel le re-
gime forcé amorti est instable. Au contraire, si ’excitation est un courant polarisé

en spin, tous les angles de précession sont accessibles et stables.

Dans le troisieme chapitre, nous simulons une monocouche de nanoparticules
magnétiques a ’aide d’'un algorithme de Monte Carlo. On cherche les configurations
magnétiques d’équilibre a différentes températures pour reconstruire des courbes
ZFC (Zero Field Cooled) que nous comparons a des résultats expérimentaux. Le
but de ce chapitre est d’analyser 'effet du désordre structurel de la monocouche
sur l'allure des courbes ZFC pour différents parametres de maille. Ce désordre est
créé par des défauts aléatoires. Conformément a ce qui a déja été observé par des
études expérimentales et théoriques antérieures pour différents types de désordre, la
présence d'un nombre conséquent de défauts ne modifie pas de maniere significative
la forme des courbes ZFC. Plus précisemment, bien que la valeur du maximum d’une
courbe ZFC soit réduit par I'existence de défauts, la température de blocage reste
sensiblement la méme. Nous proposons une explication sur la base de considérations
énergétiques.

Enfin, le quatrieme chapitre est consacré a 1’étude du comportement d’un en-
semble de nanoparticules magnétiques dans un fluide. Dans un premier temps nous
déterminons les structures de nanoparticules stables, a savoir des chaines et des an-
neaux. Ensuite, nous étudions dans le régime linéaire les modes et fréquences propres
de ces deux structures lorsqu’on les soumet a un champ magnétique oscillant. Nous
révélons ainsi I'existence d’ondes de spins au sein des chaines et des anneaux. La ca-
ractérisation analytique de ces modes est confirmée par des simulations numériques.
A cette fin, nous avons développé un code de dynamique moléculaire qui prend en
compte les frottements fluides et ’agitation thermique. Enfin, nous appliquons notre
code a I’étude de deux cas pratiques. Pour des nanoparticules dendronisées, nous
examinons l'effet de la taille des dendrons sur I'allure des courbes de susceptibi-
lité magnétique dynamique que nous comparons a des données expérimentales. Puis
nous montrons que notre code peut aussi simuler le régime fortement non-linéaire en

tentant de disloquer un anneau de nanoparticules par autorésonance magnétique.



Chapitre 1

Les fondamentaux du magnétisme
des nanoparticules

1.1 Propriétés magnétiques intrinseques

1.1.1 Domaines magnétiques

La dynamique d’aimantation d’une nanoparticule est fonction de la structure
magnétique interne de celle-ci. Il est donc important de connaitre les conditions et
les facteurs qui déterminent cette structure interne. Dans les matériaux magnétiques,

il existe une corrélation entre les spins due a l'interaction d’échange :

Epe=—-J)_S;-8S; (1.1)
(]

ou ¢ et 7 sont des plus proches voisins. La constante J est appelée la constante
d’échange et peut créer différents types d’ordres spontanés :

e Si J > 0 : les spins s’alignent parallelement les uns aux autres, c’est le ferro-
magnétisme.

e Si J < 0 : les spins s’alignent antiparallelement les uns aux autres, c’est 1’an-
tiferromagnétisme.

e SiJ < 0 et silematériau est composé de deux sous-réseaux de spins différents :
les spins antiparalléles ne se compensent pas, c’est le ferrimagnétisme.

En fait, les ferroaimants sont souvent structurés en domaines magnétiques ap-
pelés domaines de Weiss séparés par des parois de Bloch. Une structure multido-

maine est énergétiquement favorable si le cotlit énergétique de la formation des parois
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est faible devant la différence d’énergie entre 1’état monodomaine et 1’état multido-
maines. Plus 'objet magnétique est petit, plus il aura tendance a étre monodomaine.
En-dessous d’une taille critique, 'existence d’une paroi n’est plus énergétiquement
favorable et le ferroaimant possede alors une structure magnétique uniforme générant
un moment magnétique appelé macrospin. Pour une sphere magnétique possédant
une maille cubique, la premiere estimation de cette taille critique fiit proposée par
Kittel [30] en comparant ’énergie nécessaire a la création d’une paroi de Bloch et la
réduction de I'énergie magnétostatique par la création des domaines. Si 'anisotropie
est faible, le rayon critique au-dela duquel la nanoparticule est multidomaines s’écrit
alors :

9o,
A M?

(1.2)

o ~

ol 0 = 4VAK est I’énergie de surface d'une paroi de Bloch et M est I'aiman-
tation & saturation. A = J.,5%/a est la constante de rigidité d’échange avec J,
I'intégrale d’échange et a le parametre de maille du réseau cubique. Typiquement,
R. vaut 15 nm pour du fer, aux alentours de 30 nm pour la magnétite FezO, et la
maghémite y-Fe;O3, 58 nm pour du cobalt et jusqu’a 750 nm pour SmCos. Toutefois
selon Brown [31], cette approche n’assure en rien 'existence d'un domaine unique et
ne permet pas une évaluation précise du rayon critique. En effet, Kittel a comparé
I’énergie d'une particule monodomaine a celle d’une particule multidomaine possé-
dant des structures bien particulieres. Son approche ne prend donc pas en compte
d’autres structures possibles qui pourraient avoir une énergie différente. Kittel a
donc prouvé qu’il est impossible pour une particule d’étre monodomaine au-dela
d’un certain rayon, mais il n’a pas trouvé de rayon en deca duquel la particule est
forcément monodomaine. A 'aide d’un formalisme emprunté au micromagnétisme,
Brown a d’abord calculé un rayon R en de¢a duquel I'état monodomaine est celui
de plus faible énergie :

2A
4w M?2

R = 3.6055 (1.3)

Puis il a calculé deux rayons critiques au-dela desquels I’état de plus faible énergie
est forcément multidomaine. Dans le cas d’une faible constante principale d’aniso-
tropie K :

4529224
VAm M2 — 5.6150K,

Ry




Dans le cas d’une plus forte constante d’anisotropie K :

9,/2A(K, + 80w M?2) s
2T 8(30—2)M? (1.5)
avec 0 = 0.785398.

Gubin [6] fournit les valeurs de R., Ry, R; et Ry pour différents matériaux :
M, K A R. Ry Ry Ry
(emu/cm?) | (10%erg/cm?) | (erg/cm) | (nm) | (nm) | (nm) | (nm)
Fer 1710 45 1 13.1 8.4 11 116.5
Cobalt 1430 430 1 58.1 | 15.8 | 514 146
Nickel 483 4.5 1 52.1 | 29.8 | 39.1 | 412.9
v-Fes O3 350 —4.6 0.1 31.7 13 17.9 181
Fes0y4 480 —11 0.1 26.1 9.5 13.4 | 132.3

TABLE 1.1 — Valeurs des rayons critiques de Kittel et de Brown de différents maté-
riaux.

Néanmoins, il a été démontré que ces rayons critiques peuvent varier en fonction
de la température et du champ externe [32].

1.1.2 Anisotropie magnétocristalline

Dans un cristal ferromagnétique, ’aimantation totale tend a s’orienter selon des
axes cristallographiques bien spécifiques, appelés axes de facile aimantation. Au
contraire, I’aimantation tend a éviter certaines orientations, appelées axes d’aiman-
tation difficile. L’interaction d’échange est isotrope, elle ne dépend que de l'angle
entre deux spins voisins et aucunement de ’angle entre les spins et les axes cris-
tallins. On pourrait tourner I’ensemble du systeme de spins par rapport au réseau
cristallin sans changer I’énergie d’échange. L’origine de cette anisotropie est en fait
une combinaison de l'interaction spin-orbite et du "quenching" partiel du moment
orbital angulaire par un champ électrique cristallin inhomogene et par l'interaction
avec les atomes voisins [33, 34, 35]. En d’autres termes, 'aimantation du cristal
percoit l'orientation du réseau cristallin via le mouvement orbital des électrons, ce
qui influence les spins via le couplage spin-orbite. Le mouvement orbital interagit
également avec la structure cristalline par le biais des champs électrostatiques et
du recouvrement des fonctions d’onde avec les atomes voisins. L’énergie nécessaire
a la rotation de I'aimantation d’un axe d’aimantation facile vers un axe d’aiman-
tation difficile est appelée 'énergie d’anisotropie. L’anisotropie magnétocristalline

peut prendre différentes formes.
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FIGURE 1.1 — Energie d’anisotropie uniaxiale : (a) K1, Ky > 0; (b) Ky, Ky < 0; (¢)
Ki>0et Ky :—KQ, (d) K <0et Ky > _%Kl

Anisotropie uniaxiale

Dans le cas d’une anisotropie uniaxiale, la particule possede un seul axe d’ai-
mantation facile que I'on va arbitrairement fixer suivant e,. L’énergie d’anisotropie
magnétocristalline possede alors une symétrie par rotation autour de cet axe, et sa
valeur ne dépend que de son orientation relative a e,. Si 'on appelle 6 'angle que
fait 'aimantation totale avec ’axe d’aimantation facile, alors :

Eu =) K,Vsin®0 (1.6)

avec K, les constantes d’anisotropie et V' le volume de la nanoparticule. Par
symétrie, les orientations 6 et —f sont équivalentes et doivent donc donner la méme
énergie. C’est pourquoi seules les puissances paires de sin# sont prises en compte.
Les termes d’ordre supérieurs a n = 2 sont souvent négligeables, alors les directions
de facile aimantation sont déterminées par le signe de K et le rapport K»/| K| [36].
Si K1 > 0 et Ky > 0 alors e, est 'axe de facile aimantation (Fig(1.1(a))). Si K3 <0
et K5 < 0 on a alors un plan de facile aimantation (e,,e,) et le maximum d’énergie
se produit pour § = 0 (Fig(1.1(b))). Les cas ou K; et K5 sont de signes différents
sont plus complexes. Si K; > 0, tant que Ky > —K; on obtient un axe de facile
aimantation mais si Ky < —K; le minimum global se trouve en § = /2. Lorsque
K; = — K, deux minima égaux en énergie se produisent pour § = 0 et = 7/2,
c’est-a~dire qu’il y a un axe et un plan de facile aimantation (Fig(1.1(c))). Enfin, si

Ki <0et Ky > —%K 1 alors il existe un cone de facile aimantation dont I'angle de
demi-ouverture vaut arcsin(4/|K;|/K2) (Fig(1.1(c))).

Cette description convient tres bien a la maghémite v-FeoO3 pour laquelle Ky =
—2.5 x 10* J.m™ et K, est négligeable [37], ou encore pour le cobalt avec K; =
45x10° Jm ™3 et Ky =1.5 x 10° J.m~3.
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FIGURE 1.2 — Energie d’anisotropie cubique : (a) K >0, (b) K < 0.

Anisotropie cubique

Dans un ferroaimant a cristallinité cubique, comme le fer par exemple, il existe
également des orientations plus favorables que d’autres pour I'aimantation. En dé-
finissant a, b, c les angles que fait l'aimantation par rapport aux axes cristallins
[100], [010], [001] (respectivement), et a; = cosa, ay = cosb, az = cosc, on peut
écrire I'énergie d’anisotropie [38, 39 :

E.. = KV(a2a3 + asas + azal) (1.7)

Si K > 0 les axes d’aimantation facile sont les axes cristallins [100], [010], [001]
(Fig(1.2(a))). Ces derniers deviennent des axes d’aimantation difficile si K < 0

(Fig(1.2(b)).

On retrouve ce type d’anisotropie dans des matériaux tels que le fer (K = 4.8 x
10* J.m™3) ou la magnétite Fe304 (K = —1.1 x 10* J.m™3).

1.1.3 Anisotropie de surface

Dans un matériau ferromagnétique volumineux, la principale source d’anisotro-
pie est 'anisotropie magnétocristalline. Mais lorsque la taille de ’objet magnétique
diminue, le rapport surface/volume augmente et les effets de surface prennent de
I'importance. Par exemple, les spins situés en surface ont moins de voisins et sont
donc moins corrélés que les spins de volume. Ils ont tendance a s’orienter différem-
ment des spins de volume [40] comme on peut le voir sur les figures 1.3(b) et 1.3(c).
En-dessous d’un certain rayon, 'approximation du macrospin n’est donc plus valable
et il faut traiter chaque spin atomique individuellement.
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FIGURE 1.3 — (Configuration & 1’équilibre des spins d’une nanoparticule pour Kg =
Ky (a), Ks = 40Ky (b), Ks = 60Ky (c), d’apreés Labaye et al. [41].

Un autre effet de surface est 'augmentation de 'anisotropie par la réduction
de la taille d’'une nanoparticule [42, 43, 44, 45]. La barriére d’énergie générée par
I’anisotropie est alors modifiée de la maniere suivante :

AE = KyV + KgS (18)

ou Ky et Kg sont les constantes d’anisotropie de volume et de surface, respecti-

vement. On peut alors définir une constante d’anisotropie effective K¢y :

S
Kepp = Kv + ;Ks (1.9)

Si la nanoparticule est parfaitement sphérique de rayon R, alors par un calcul

simple on a % = %. Quand la taille de la nanoparticule diminue, I’anisotropie de

surface prend de plus en plus d’importance (Fig.(1.4)). La sphere étant 1'objet ma-

thématique ayant le rapport % le plus petit, on peut étudier d’autres formes en
_ 3«

7, . i 3a
écrivant v = avec a > 1.

1.1.4 Anisotropie de forme

Nous avons vu que 'interaction d’échange tend a aligner tous les spins atomiques
d’un matériau ferromagnétique dans la méme direction. Mais I'interaction d’échange
est en compétition avec l'interaction dipolaire magnétique entre les spins. Afin de
minimiser leur énergie, deux spins voisins auront alors aussi tendance a s’aligner
avec I'axe qui les relie car c’est la configuration correspondant au minimum global
de I’énergie dipolaire magnétique. Pour un film magnétique par exemple, cet axe se
trouve dans le plan du film. Ceci donne lieu a une nouvelle forme d’anisotropie :
I’anisotropie de forme. L’aimantation d’une particule génere un champ magnétique

non seulement a l'extérieur de la particule, mais aussi a l'intérieur de celle-ci.
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FIGURE 1.4 — Effet de la taille d’'une nanoparticule sur I’anisotropie effective, d’apres
Demortiere et al. [46].

Le champ magnétique créé a l'intérieur de la particule est appelé champ déma-
gnétisant et s’écrit [36] :

H,=-NM (1.10)

ott N est le facteur démagnétisant, c’est un tenseur 3x3 dépendant de la forme
de la particule. L’énergie potentielle associée s’écrit alors :

yforme — —’“)QVHd ‘M (1.11)

FI1GURE 1.5 — Schéma d’une particule ellipsoidale portant un macrospin M, d’apres
(36].

Pour une particule de forme ellipsoidale, N est diagonal avec Nyu+ Ny +N,, =1
ou x,y, z sont les axes principaux de l'ellipsoide (Fig.(1.5)). Si z est le grand axe de
'ellipsoide, alors Ny, = Ny, > N,., et si M fait un angle 6 avec le grand axe de

10



’ellipsoide alors :

174 V
gforme = BOL (N 12 8in2 0 + N,.p2 cos? 0) = %(szui + 15 (Nyy — N..) sin” 6)

2
(1.12)

L’angle § qui minimise cette énergie est § = 0 puisque (N, — N,,) > 0, donc le
grand axe de l'ellipsoide est équivalent a un axe de facile aimantation. La différence

d’énergie entre ¢ = 0 et 6 = 7 définit I'énergie d’anisotropie et vaut :

2
orme MOHSV
Eiorme — 5 (Nyy — N..) (1.13)

Dans une particule non-sphérique, I'aimantation tend donc a s’aligner dans la
direction de plus grande dimension. Dans un film magnétique, I'anisotropie de forme
favorise une aimantation dans le plan. Dans le cas d’une sphere, N, = Ny = N, =
% et donc Efo™m¢ = 0. 1l n’y a donc pas d’anisotropie de forme pour une particule

sphérique.

1.2 Superparamagnétisme

Comme on I’a vu dans le paragraphe (1.1.1), si la nanoparticule est suffisamment
petite elle devient monodomaine et son aimantation est alors uniforme. Si cette na-
noparticule posséde une anisotropie uniaxiale, en I'absence de champ magnétique
externe, son aimantation peut se trouver selon deux orientations stables paralleles a
I’axe d’anisotropie. D’un point de vue énergétique, ces deux orientations sont sépa-
rées par une barriecre AE = K ;¢V. Lorsque la température devient suffisamment
grande pour que kg1 ~ AF, 'aimantation de la nanoparticule peut passer d’une
orientation a ’autre spontanément. Dans le modele de Néel-Brown, la nanoparticule
est considérée fixe dans ’espace et possede une anisotropie uniaxiale. La constante
d’échange J est supposée tres grande devant ’énergie thermique kgT' de sorte que
les fluctuations des spins atomiques sont négligées et donc la norme de 'aimantation
est constante. Le renversement d’aimantation se fait par une rotation uniforme. En-
fin, la barriere d’énergie due a I'anisotropie est supposée tres grande devant ’énergie
thermique. Le systeme passe donc la plus grande partie de son temps dans un des
deux minimums d’énergie. Alors, d’aprés ce modele, si le systeme est dans un état

métastable a ¢ = 0, la probabilité qu’il soit encore dans ce méme état au temps ¢

11
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vaut e ou 7 est le temps de relaxation qui suit une loi d’Arrhenius :

Keffv

T = 1€ *BT (1.14)

ol 79 ~ 107 — 107 %. Ainsi, le moment magnétique porté par la nanoparticule
se retourne d’autant plus rapidement que la température est élevée. Si la nanopar-
ticule est suffisamment grande, si son anisotropie est suffisamment élevée, ou que la
température est assez basse, alors 7 devient plus long que le temps de mesure 7,
expérimental. On peut alors mesurer I'aimantation de la nanoparticule et déterminer
son orientation. On dit alors que le moment magnétique est bloqué. Si au contraire
la nanoparticule est suffisamment petite, ou que la température devient assez éle-
vée, alors 7 peut étre plus court que le temps de mesure. Le moment magnétique
peut se retourner plusieurs fois entre deux mesures et, bien que la nanoparticule
possede une aimantation non-nulle, I’aimantation moyenne mesurée sera nulle. c’est
le régime superparamagnétique. Comme avec le paramagnétisme standard, le bruit
thermique altére de maniere aléatoire 'orientation du moment magnétique. Dans le
cas d'une nanoparticule, ce dernier vaut plusieurs milliers de magnéton de Bohr et

¢’est pourquoi on parle alors de superparamagnétisme.

La température qui définit la frontiere entre ces deux régimes est appelée la
température de blocage, notée Tg. On peut trouver une expression analytique pour
Tp a partir de Eq.(1.14) et en posant 7, = 7(Tg) :

K
T, = effV

= — 1.15
kp 10%(%) ( )

La température de blocage dépend donc non-seulement des caractéristiques in-
trinseque de la nanoparticule telles que sa taille ou son anisotropie, mais aussi du
type de mesure et de 'appareil de mesure utilisée. Par exemple, en spectroscopie
Mossbauer 7, ~ 1079—107% 5 [47], avec un SQUID AC on peut avoir 7, ~ 1073—10s
[48]. Ces formules ne sont valables que pour une nanoparticules monodomaine isolée.
Dans un ensemble de nanoparticules, on sait que les interactions dipolaires modifient
la température de blocage [49, 14, 50, 51, 52, 53, 54, 55, 56, 16, 57, 58, 59]. Aussi,
dans un échantillon les nanoparticules n’ont pas toutes exactement la méme taille.
On dit que l'’ensemble est polydisperse (en opposition a monodisperse). Il existe
une distribution de rayons, qui produit alors une distribution de températures de

blocage.
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1.3 Interaction dipolaire magnétique

L’interaction dipolaire magnétique peut grandement influencer les propriétés
d’un ensemble de nanoparticules. Par exemple, la barriere d’énergie résultant de
I’anisotropie est modifiée par cette interaction, ce qui altere alors ’état superparama-
gnétique et la température de blocage [49, 14, 50, 51, 52, 53, 54, 55, 56, 16, 57, 58, 59].
Des états collectifs sont alors observés bien au-dela de la température de blocage
d’une nanoparticule isolée. Si les nanoparticules sont tellement proches que 'énergie
d’interaction dipolaire domine 1’énergie d’anisotropie, I’assemblée de nanoparticules
peut se comporter similairement & un verre de spins [60, 61, 62]. Les nanoparti-
cules présentent alors un comportement magnétique collectif mais sans former de
domaines magnétiques. Cette analogie avec les verres de spins est courante dans la
littérature, bien que certains effets assimilés a ’existence de verres de spins peuvent
avoir d’autres origines [63]. Dans un cristal ferromagnétique, 'interaction dipolaire
est aussi a l'origine de 'anisotropie de forme (cf. (1.1.4)).

FIGURE 1.6 — (a) Lignes du champ dipolaire pour une chaine de dix nanoparticules
uniformément magnétisées [64], (b) Cartographie des domaines magnétiques dans
un réseau de nanoparticules de cobalt de 15 nm de diametre [64].

A une échelle de taille supérieure, dans des supracristaux de nanoparticules ma-
gnétiques, elle peut engendrer ’alignement des macrospins a longue distance et ainsi
mener a un état superferromagnétique [65, 21, 66] avec I'apparition de domaines ma-
gnétiques [67, 64] structurés en chaines ou en vortex [68]. Sur la figure (1.6(b))) on
remarque que l'orientation du champ magnétique créé par les nanoparticules de la

chaine favorise 'orientation des nanoparticules environnantes dans des directions
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spécifiques ce qui explique l'ordre ferro ou antiferromagnétique.

Le calcul du champ magnétique généré par un moment magnétique m peut se
faire en assimilant ce dernier a une boucle de courant. En faisant I’hypothese que
cette boucle de courant est de taille infiniment faible devant la distance |r| a laquelle
on calcule le champ magnétique, on peut montrer [69] que le potentiel vecteur du
champ magnétique s’écrit :

Mo M X T

A(r)—47r r

Le champ magnétique B, généré par m en r se calcule avec By;, = rot(A) et

vaut :

o | m  3(m-r)r
Bgip(r) = —"— | — — —— 1.17
() = | 25— 2 (117
L’énergie dipolaire issue de 'interaction entre deux moments magnétiques m; et
my; se calcule ensuite similairement au terme de Zeeman par Ej, = —m; - Bj,, et
vaut :

g = L f;‘j _ 3(m; - I‘z‘j)(?ﬂj - Tij) (1.18)

4m | |ryl 135

ou r;; = r; —r; est le vecteur reliant les deux moments magnétiques. C’est en
fait I’énergie potentielle du moment magnétique m; placé dans le champ magné-
tique dipolaire créé par m;. Cette énergie est identique a celle m; baignant dans le
champ créé par m;, c’est-a-dire Ezgp = Egz:p. L’énergie d’interaction dipolaire ma-
gnétique est donc fortement anisotropique, elle dépend non seulement de 'angle
entre les deux moments magnétiques mais aussi de I’angle que fait chacun de ces
dipdles avec le vecteur qui les relie. S’il reste encore relativement simple d’évaluer
cette énergie pour une paire de dipdles, sa forte anisotropie rend la prédiction des
configurations d’équilibre tres difficile et non intuitive. Par exemple pour une maille
rhombique (Fig.(1.7(a))), en fonction de 'angle de la maille I'état d’équilibre peut

étre ferromagnétique, antiferromagnétique ou former un vortex.

Si cette interaction est relativement faible pour des spins atomiques, elle influe
par contre fortement le comportement de nanoparticules comportant plusieurs mil-
liers de ces spins. On peut facilement obtenir un ordre de grandeur de l'intensité
de l'interaction dipolaire. Pour deux spins atomiques |m;| = |m;| = pup séparés par

une distance de 0.1 nm, on calcule une énergie équivalente a environ 0.6 K. Dans ce

14



3
&
Y
[t
B
B
b
b
B
B>

A XX v
A Xx2¥
A W%
000000 X
-2 zgioc °°g@°g00055556

1 2 4
$oe :::::egﬁ;”aﬂlhxn
v v

LI L LR

Dipolar Energy in units of y%/a®

e
4
g | Triangular
g L Square

Rhombus Angle ¢ [°]

(a)

FIGURE 1.7 — Energie dipolaire dans un réseau planaire rhombique [70].

cas, I'interaction dipolaire est négligeable devant 'interaction d’échange. Pour deux
nanoparticules comportant 10%up et séparés de 10 nm, 1’énergie dipolaire vaut main-
tenant 60 K, et devient d’autant plus importante quand le nombre de nanoparticules
en interaction augmente.

Pour un systeme de N moments magnétiques, I'énergie potentielle d'un dipole ¢
de I’équation (1.18) devient :

i _ Mol S ey 3(m; - ry;)(my - rij)

3 5
G |rij‘ |rij|

(1.19)

Le fait qu’elle soit a longue portée nécessite de calculer I'interaction dipolaire
magnétique sur un grand nombre de paires de dipoles. D’un point de vue du temps
de calcul numérique, c’est le terme le plus cotiteux. Le nombre de termes d’une som-
mation directe sur toutes les paires d'un systéme de N moments magnétiques est
fonction de N2. On dit que la complexité du calcul est en O(N?). 1l est toutefois pos-
sible de réduire la complexité du calcul de l'interaction dipolaire a O(N)log(N) en
utilisation la sommation d’Ewald [71]. Cette méthode divise la somme dans Eq.(1.19)
en une somme discrete sur les positions dans ’espace réel jusqu’a une certaine dis-
tance de "cutoff' r., puis une deuxiéme somme dans l’espace de Fourier pour les
dipdles situés au-dela de r.. La supériorité de cette méthode vient de la convergence
plus rapide de la sommation dans I'espace réciproque comparée a la méme somma-

tion dans l'espace réel sur les grandes distances. Mais la sommation d’Ewald n’est
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applicable qu’a des systemes infiniment périodiques en raison de 1'utilisation d’une

intégrale de Fourier.

Le champ magnétique dipolaire étant non-uniforme dans ’espace, il est a I'origine
d’une force non-nulle s’exercant sur tous les dipoles qui le ressentent. Ainsi, la force

exercée sur un moment magnétique m; par un moment m; s’écrit :

F,;, = —grad(EéJZ:p) (1.20)
3Hto
)

Par exemple, deux moments magnétiques alignés dans la méme direction et or-
thogonaux a r;; se repousseront. Si on retourne l'un des deux, ils s’attireront. Et
on obtient des effets opposés si m; et m; sont paralleles a r;;. S’il existe un angle
non-nul entre m; et m; alors les deux dipdles seront sujet a un couple. Le couple

exercé par m; sur m; s’écrit :

Ti; = myx By, (r;) (1.21)
L
= —¢ 5 [3mj X (m; - 1) — |1”z‘j|2 (m; x mi)]
A7 vy

On remarque que T;; # —Tj;, ce qui pourrait laisser penser que le moment
angulaire total n’est pas conservé. Mais il faut aussi prendre en compte le couple
exercé sur l'ensemble des deux dipoles. Ainsi, on peut montrer que r;; x F;; + T;; +
T;; = 0 et donc que le moment angulaire total est bien conservé.

La dynamique de retournement de chaque nanoparticule est fortement modifiée
par l'interaction dipolaire. Le temps de retournement peut étre décrit par deux lois.
La loi de Vogel-Fulcher est basée sur 'approche de Néel-Brown (Eq.(1.14)), elle in-

troduit de maniere empirique un parametre T caractérisant 'interaction dipolaire :

Keffv

T = T9e*BT-T0) (1.22)

Si le réseau de nanoparticules se comporte comme un verre de spins, par analogie,

le temps de relaxation peut étre donné par une loi d’échelle :

T v
L — 1.23
T =Ty (TB T > ( )

g
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ou 7 est un temps caractéristique, T, est la température de transition vitreuse,

Ts la température de blocage et v 'exposant critique.

1.4 Equations de Landau-Lifshitz

En 1935, Lev Landau et son étudiant Evgeny Lifshitz mirent au point la fameuse
équation de Landau-Lifshitz (LL) pour leur théorie sur les domaines magnétiques
[72]. C’est I’équation du mouvement de I'aimantation d’un solide ferromagnétique,
elle décrit la précession de I'aimantation sous l'effet d’'un champ magnétique. Elle
peut étre obtenue a partir de I’équation d’évolution d’un spin S dans la représen-
tation de Heisenberg [73]. L’évolution temporelle de S est donnée par le théoreme
d’Ehrenfest, elle dépend du commutateur de S avec le Hamiltonien H :

dis) 1

= (8.7 (1.24)

Si le Hamiltonien décrit I'interaction avec un champ magnétique B on 1'écrit
H=—-%2S.B avec B = poH alors :

([Sz, Sa]) By + ([S:, S, ]) B

<

En utilisant la relation de commutation [Sy, S;] = th€x;mSm O €xm est le symbole
de Lévi-Civita, on montre que [Sg, H| = —igup(B x S);. On obtient alors I’équation
d’évolution suivante pour le moment angulaire de spin S :

d(S) _ gus
==——(SxB 1.25
L= I (s« B) (1.25)
Ensuite, on remonte au moment magnétique de spin qui vaut m = —%28S. Dans

I’approximation du macrospin, on fait I’hypothese que les spins sont couplés suffi-
samment fortement pour se comporter comme un spin géant M appelé le macrospin.

Dans ce cas M = Y. m, et on retrouve I’équation classique de Landau-Lifshitz :

dM
- —7(M X Heyp) (1.26)

ol v = gup/h = 1.76 x 10! rad.(Ts)™! est la rapport gyromagnétique entre
m et S avec g le facteur de Landé et up le magneton de Bohr. Cette équation,
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dM
G =0

Aussi, la variation d’aimantation dM est orthogonale a M et a H,sy, c’est-a-dire

de par sa structure, conserve la norme de 'aimantation M puisque M -

que M précesse indéfiniment a la fréquence w, = YH. ;s autour d'un axe parallele a
H.;; comme illustré sur Fig.(1.8(a)). Le produit vectoriel entre M et H.s; traduit
le couple exercé par H.y; sur M, c’est ce couple qui fait précesser I'aimantation
autour du champ effectif.

H eff

FIGURE 1.8 — Précession du moment magnétique M autour du champ magnétique
effectif Heg sans amortissement (a) et avec amortissement (b).

Le champ magnétique effectif H.;; regroupe les contributions magnétiques ex-
ternes et internes. Dans le cas simple d’une anisotropie uniaxiale suivant e, par
exemple, il s’écrit :

2KV

?Mzea (127)

Herr =

Ce terme représente le champ d’anisotropie, et le fait qu’il dépende de M, rend
I’équation non-linéaire. La fréquence de précession w, dépend alors de ’angle entre
M et H.ss. Ce formalisme est tres pratique puisque 1'équation de base Eq.(1.26)
peut étre complexifiée en ajoutant des termes d’interaction, de dissipation ou de

fluctuations thermiques dans le champ effectif.

La dissipation d’énergie menant a la relaxation de 'aimantation dans la direc-
tion du champ magnétique effectif (Fig.(1.8(b))) peut étre incorporée via un terme
d’amortissement venant s’ajouter au terme de précession dans 1’équation (1.26).
Dans leur théorie, Landau et Lifshitz décriverent cet amortissement de maniere
phénoménologique par un terme proportionnel aux composantes de H. ;s perpendi-
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culaires & M :

dM M- H.
H = —’Y(M X Heff) + /\’)/ (Heff — HM) (128)

ou A est appelée la constante d’amortissement. On peut montrer que ce second
terme est en fait égal & —(M x (M x H,;f))/u?. L’amortissement de Gilbert traduit
la vitesse a laquelle 'aimantation relaxe vers son orientation d’équilibre. Il a été
montré que cette relaxation trouve son origine dans le couplage spin-orbite [74].

En 1955, Gilbert utilisa une approche Lagrangienne pour exprimer 1’amortisse-
ment dans 1’équation de Landau-Lifshitz [75] et arriva & une équation légérement
différente :

(1.29)

dM A dM
dt fs dt

—_— = —’}/01\/.[ X (Heff - —

Ici la relaxation de 'aimantation est décrite par I'ajout au champ effectif d’'un
terme similaire & un frottement, proportionnel a la dérivée temporelle de M. En
fait on peut montrer que Eq.(1.28) et Eq.(1.29) sont équivalentes en posant o =
(1+ A\?)7.

A température non-nulle, le macrospin est sujet a des fluctuations thermiques. En
1963 [76], Brown proposa d’inclure leffet de la température a I’aide d'un champ ma-
gnétique fluctuant aléatoirement h(t) dont les propriétés sont basées sur le théoreme
de fluctuation-dissipation. En imposant que les solutions a I’équilibre de 1’équation
de Fokker-Planck correspondent a une distribution de Maxwell-Boltzmann, Brown

calcula les deux premiers moments de h(t) :

{ (h(t)) =0 (1.30)

22kpT

(ha(t)h (1)) = 28T 5,5t — 1)
ou 7, j sont les coordonnées cartésiennes x,y, z, d;; est le symbole de Kronecker
indiquant que les composantes spatiales du bruit sont décorrélées, et §(t —t') est la
distribution de Dirac impliquant que le temps d’autocorrélation de h(t) est supposé
tres petit devant le temps de réponse du systeme. Ce bruit blanc Gaussien est ensuite

simplement ajouté au champ effectif, et on obtient I’équation de Landau-Lifshitz-
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Gilbert stochastique [77] :

dM Ay

—— = —YM x (Hess +h(t)) - MM x (M x (Hesp +h(t))) (1.31)

dt

Si A < 1, on peut négliger le produit Ah(t) et on obtient ’équation de Landau-
Lifshitz stochastique :

dM A
= /M x (Hoys + (1) — |1\}|

— M x (M x (H.f)) (1.32)

Ces deux équations (1.31) et (1.32) sont toutes les deux consistantes avec le
théoreme de fluctuation-dissipation et la statistique de Maxwell-Boltzmann. Bien
que le bruit thermique ne soit pas pris en compte de la méme maniere, les deux
équations ont les mémes propriétés dynamiques moyennes [49].

Comme déja évoqué précédemment, les équations de Landau-Lifshitz et Landau-
Lifshitz-Gilbert conservent la norme de I'aimantation et ne permettent donc d’étu-
dier que des systemes satisfaisant I’hypothése du macrospin rigide. Or, apres une
impulsion laser par exemple, la température dépasse souvent la température de Cu-
rie et il peut exister des ondes de spins qui générent une désaimantation : |M| n’est
plus constant dans le temps. Il existe une approche alternative qui décrit la ther-
modynamique du macrospin en interpolant I’équation de Landau-Lifshitz-Gilbert a
basse température avec la moyenne thermique d’un ensemble de spins atomiques a
température plus élevée, c’est I’équation de Landau-Lishitz-Bloch [78, 79] :

dM VAL

g
G~ M Higy — M (M (H ) + M GHL )M (1.33)

oll A et A sont les amortissements transverse et longitudinal (respectivement),
et pour T' < Ty valent :

A= A1 — 3?0) (1.34)
A = )\(32;;) (1.35)
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Pour T' > T, Ay et ) sont égaux. Et le nouveau champ effectif est donné par :

(1 - MEyM T <Tc
H, =H +{ 2| Mg B (1.36)
eff eff T
— (4 55 MM T >1Tc

olt || = (dM/dH) 0 est la susceptibilité magnétique longitudinale. |M| est la
norme de 'aimantation a 7' = 0 K et M, est la norme de 'aimantation a 1’équi-
libre, dépendant de la température. La norme de 'aimantation est maintenant une
variable dynamique, et les fluctuations thermiques sont ici moyennées et incluses
dans la dépendance en température des amortissements et du champ effectif. Cette
équation a permis d’étudier numériquement des dynamiques d’aimantation a haute
température, comme apres une impulsion laser femtoseconde par exemple [80, 81],
ou lors de déplacements de domaines magnétiques par effet Seebeck [82]. Il existe
également des formes stochastiques de 1'équation de Landau-Lifshitz-Bloch [83].

L’approche de Brown pour I’'ajout du bruit thermique est basée sur la sépara-
tion des temps caractéristiques, a savoir que le bain thermique agit beaucoup plus
rapidement que le temps de réponse du systeme de spins, ce qui n’est plus vrai si la
dynamique d’aimantation se déroule sur une échelle de temps comparable a celle des
éléments du bruit (électrons, phonons). De plus, la température est introduite par
de petites déviations par rapport a I’équilibre, ce qui n’est plus valide dans la cas de
fluctuations importantes. L’équation de Landau-Lifshitz-Miyazaki-Seki [84] permet
de remplacer le bruit blanc Gaussien par un bruit coloré via ’ajout d’un terme de
mémoire.
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Chapitre 2

Retournement controélé de
’aimantation par autorésonance

2.1 Présentation des processus et théorie

2.1.1 Technologies actuelles

Le controle de la dynamique d’aimantation d'un objet magnétique constitue
un avantage majeur, voire méme dans certains cas une nécessité essentielle [85,
86, 87, 88, 89] On considére une nanoparticule monodomaine avec une anisotropie
uniaxiale suivant e,. On définit # I'angle que fait le moment magnétique avec ’axe
d’anisotropie. En I'absence de champ magnétique externe, le profil d’énergie E(0)
est symétrique (Fig. (2.1)), avec une barriere d’énergie AE o« KV séparant les deux
minimums +e, (ou § = 0) et —e, (ou # = m). Si l'on applique maintenant un
champ magnétique externe suivant —e, on facilite le retournement d’aimantation
en réduisant la barriere d’énergie. L’orientation # = 7 est énergétiquement plus
favorable.

On peut rendre le profil d’énergie asymétrique jusqu’a annuler la barriére et
ainsi ne trouver dans le profil qu'un seul minimum avec le maximum en § = 0. Dans
les simulations numériques, en ’absence de bruit thermique le moment magnétique
reste immobile, et ’action d’un champ orienté exactement suivant —e, serait donc
nulle. On appliquera donc un champ dans une direction tres proche de —e,. Pour
un méme matériau et une méme forme de nanoparticule, comme AE «x KV plus
la nanoparticule est petite plus sa température de blocage est faible. Il faut alors
travailler avec des nanoparticules possédant une forte constante d’anisotropie [90]

afin d’éviter d’entrer dans le régime superparamagnétique a température ambiante.
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Mais le champ coercitif nécessaire au retournement de I'aimantation s’en retrouve
lui aussi fortement augmenté. Cette technique peut donc poser des probléemes expé-
rimentalement car le champ nécessaire pour contrer ’action de I'anisotropie devient

tres grand voir irréalisable, sans compter le bruit généré.

Une deuxieme technique appelé retournement balistique [91, 92] consiste a ap-
pliquer un énorme champ magnétique (> 1 T) perpendiculaire & I’axe d’anisotropie
entrainant ainsi la précession du moment magnétique autour de By, (alors tres
proche de Be.). Suite & une demi-précession, le moment magnétique se retrouve
dans la direction —e,. C’est a cet instant précis qu’il faut couper le champ externe.
Les inconvénients majeurs de cette technique sont I’énorme magnitude du champ
externe et la trés grande précision temporelle nécessaire. Toutefois, les contraintes
sur le temps d’application du champ magnétique peuvent étre atténuées dans le cas
de gros clusters magnétiques dans lesquels un courant polarisé en spin est injecté.

En effet, une troisieme technique existe, elle est basée sur l'effet dit de "spin
torque" et consiste a faire circuler un courant de spins polarisés dans le matériau
magnétique [93, 94, 95]. Un courant électrique est généralement non-polarisé, il est
composé a moitié de spins up et moitié de spins down. En faisant passer un tel
courant dans un matériau magnétiquement dur, les électrons vont se polariser dans
une direction majoritaire et le courant en sortie est donc dit polarisé. Puis, par
transfert de moment angulaire de spin entre les électrons du courant et ceux du
matériau magnétiquement mou dans lequel le courant est injecté, un couple s’exerce
sur I’aimantation de ce dernier. Il est ainsi possible de manipuler 'aimantation d’un
dispositif nanométrique a 'aide d’un courant électrique, ce qui a ouvert la voie a de
nouvelles applications dans les domaines du stockage magnétique (STT-RAM) ou

de la télécommunication (oscillateur micro-ondes ou "Spin Torque Oscillator" [96]).
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Enfin, il existe une quatrieme technique dont le principe est de combiner un
champ oscillant au champ statique [97, 98] afin de réduire la valeur du champ coer-
citif. On peut utiliser un champ magnétique oscillant a fréquence constante [99],
mais il a été démontré que le champ oscillant est plus efficace lorsque sa fréquence
décroit avec le temps [100]. II est alors possible de réduire de 25/ le champ de
retournement a l’aide d’un champ magnétique oscillant de 15 mT uniquement. Cer-
tains auteurs ont étudié 'effet d’une excitation a fréquence dépendante du temps
sur 'aimantation d’une nanoparticule [101, 102, 103], mais 1’étude de la dynamique
d’aimantation d’une nanoparticule basée sur les principes et les outils analytiques

de la théorie de I'autorésonance n’a encore jamais été menée.

Dans ce qui suit, nous allons donc appliquer la théorie de I'autorésonance a la
dynamique d’aimantation des nanoparticules magnétiques. Nous allons montrer que
ce mécanisme permet d’inverser 'aimantation d’une ou plusieures nanoparticules
a l'aide d’une tres faible excitation. Deux types d’excitations seront étudiées : un
champ magnétique micro-ondes, et un courant de spin polarisé. Nous allons ensuite
examiner l'effet de la température et de 'amortissement de Gilbert sur le processus
de retournement par autorésonance. Enfin, nous démontrerons qu’il est possible de
forcer le moment magnétique d’une nanoparticule a précesser autour de son axe
d’anisotropie a un angle fixe, c¢’est-a-dire a fréquence constante, et ce méme en

présence d’amortissement.

2.1.2 Principe de Pautorésonance

La résonance est souvent définie comme le phénomene par lequel un systeme
physique se met a osciller a des amplitudes de plus en plus grandes sous ’action
d’une excitation périodique oscillant a une fréquence caractéristique. Ce processus
se retrouve dans une grande variété de domaines, allant des instruments de musique
a I'imagerie par résonance magnétique, en passant par I’aérospatiale (effet pogo) ou
encore le génie civil (résistance aux séismes). D’un point de vue mathématique, le
systeme est modélisé par des équations différentielles. Lorsque les parametres des
ces équations vérifient certaines relations, la structure de la solution change drasti-
quement et 'oscillateur entre en résonance. Le cas le plus simple est un oscillateur
linéaire forcé, dont le modele mathématique est une équation différentielle du second
ordre :

i+ wr = ecos(Qt) (2.1)
ou w, € et () sont des constante positives. Le cas ou la fréquence 2 de 'excitation
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est différente de la fréquence propre w de l'oscillateur correspond a ’absence de

résonance. Les solutions prennent alors la forme :

e cos(Qt)

o(t,€) = Acos(wt) + Bsin(wt) + ——o7

(2.2)

Pour une amplitude d’excitation e finie, il est évident que sup || z [|< oo,
teR

c’est-a-dire que ces solutions sont bornées. Cette solution differe de la solution non
perturbée par une grandeur A : z(t,€) = x(t) + A(t, €) avec A = O(¢). L’amplitude
des oscillations n’est donc que tres peu modifiée par ’excitation si € est faible. Il est
toutefois possible d’obtenir de trés grande amplitude pour € < 1 si |w? — Q2] = €2.
L’autre cas ou {2 = w correspond & la résonance. Alors les solutions s’écrivent sous

la forme :

et sin(t)

z(t,e) = Acos(wt) + Bsin(wt) + 5

(2.3)

Ces solutions ne sont pas bornées et peuvent croitre linéairement en fonction du
temps. On peut montrer [104] que ces solutions perturbées different de la solution
non-perturbée par A = O(y/€), qui est plus grand que dans le cas non-résonant si
e < 1.

On considere maintenant le cas plus général d’un oscillateur amorti et forcé décrit
par I’équation différentielle :

T+ f(&) + g(x) = ecos @(t) (2.4)

Si f et g contiennent des puissances de & et x, respectivement, supérieures a
1 alors le systeme est non-linéaire. Souvent, ces équations n’ont pas de solutions
analytiques et requierent un traitement numérique. Une propriété caractéristique de
ce genre de systeme est la dépendance en amplitude de la fréquence d’oscillation.
Ainsi, le fait qu’'un tel systéme soit en résonance avec l'excitation au temps ¢t = 0
n’assure en rien qu’il le reste pour tout ¢ > 0. En effet, les relations entre les différents
parametres qui créent la résonance peuvent étre perturbées par l'augmentation de

I’amplitude des oscillations.

Si l'on excite un tel systéme & sa fréquence linéaire ¢ = wy, son amplitude aug-
mente et on perd tres rapidement la résonance comme on peut le voir avec la ligne en
pointillé sur Fig.(2.3). La fréquence des oscillations étant fonction de son amplitude,
ou en d’autres termes de son énergie, cette derniere est alors modifiée et I'excitation
n’est plus en résonance avec l'oscillateur. Les deux n’étant plus en phase, 'ampli-
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FI1GURE 2.3 — Réponse d’un pendule a FIGURE 2.4 — Effet "foldover" sur 'am-
une excitation chirpée pour différentes plitude d’'un pendule en fonction de la
valeurs de € (traits pleins) et pour une fréquence d’excitation pour différentes
excitation a fréquence fixe (pointillé) valeur de ¢, ici appelé A [106]. Le pen-
[105]. Ces courbes résutent de l'inté- dule est soumis a une force sinusoidale
gration numérique de Eq.(2.5) . de fréquence fixe.

tude des oscillations diminue jusqu’a que leur fréquence s’approche a nouveau de la
fréquence d’excitation. La résonance est alors réactivée et 'amplitude augmente a
nouveau, et ainsi de suite. On peut aussi exciter le systeme a une fréquence autre
que sa fréquence linéaire. Sur la figure Fig.(2.4) on peut observer 'effet dit de "fol-
dover" qui courbe le pic de résonance dans le régime non-linéaire d’un pendule régi

par 1’équation :

6 + wi sin(h) = ecos (1) (2.5)

ou l'auteur appelle 'amplitude de son excitation A et non e. Tant que 'exci-
tation reste faible (A < 0.05) la résonance est tres proche de celle d’un oscillateur
harmonique. Mais pour une excitation plus forte la non-linéarité crée une bistabi-
lité : pour une fréquence d’excitation plus faible que la fréquence linéaire, le pendule
oscille soit a de tres grandes amplitudes soit a de tres faibles amplitudes en fonction
des conditions initiales. En fait on peut voir trois valeurs d’amplitudes, il existe
deux branches d’équilibres stables (la plus élevée et la plus faible) et une d’équi-
libre instable entre les deux (en pointillés rouge sur la figure). La branche de faible
amplitude correspond a la solution de ’équation linéarisée du pendule (6 < 1) :

0 + w20 = €cos ¢(t) (2.6)
Si 'on développe le sinus & un ordre supérieur sin(f) ~ 6 — 62/6, le terme non-
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linéaire en 6% permet I’apparition des deux autres branches de grandes amplitudes.
Il est donc possible d’exciter un oscillateur non-linéaire a de fortes amplitudes si
la fréquence d’excitation est faible devant sa fréquence linéaire et si 'amplitude de
I'excitation est tres grande. Mais si 'excitation est tres faible, il n’y a aucune chance
de générer de fortes amplitudes.

Afin de modifier I’énergie du pendule, la fréquence de I'excitation externe doit
donc étre adaptée a celle du pendule. Une solution simple serait d’utiliser un méca-
nisme de feedback pour mesurer 1’état de 'oscillateur et ajuster la fréquence d’ex-
citation en conséquence. Mais il existe des cas ou il est compliqué voire impossible
de mesurer la phase de l'oscillateur. Toutefois, en le soumettant a une excitation
dont la fréquence dépend du temps, par exemple gb(t) = wp — at, un oscillateur non-
linéaire peut ajuster automatiquement son comportement afin de rester résonant
avec la force externe. Ainsi, en commencant a une fréquence supérieure a la fré-
quence linéaire et en faisant diminuer adiabatiquement la fréquence de I'excitation,
on va suivre la branche supérieure du diagramme A(w). L’oscillateur non-linéaire
adapte alors son amplitude en restant verrouillé en phase a ’excitation. Il est donc
possible de controler le mouvement de ce type d’oscillateur, c¢’est 'autorésonance.
Suivant que le profil d’énergie possede une courbure positive ou négative, le taux de

variation « peut étre positif ou négatif.

Une propriété importante de ce mécanisme est 1’existence d’'une amplitude seuil.
Pour entrer en autorésonance, il faut que e soit supérieur a 'amplitude seuil e,.
Comme on peut le voir sur la figure Fig.(2.3), la réponse du pendule pour € = 0.01 est
tres réduite, et quand € = 0.0459 la réponse est un peu plus grande mais 'oscillateur
décroche rapidement vers une amplitude constante de 0.7 radians. En revanche,
lorsqu’on augmente 'amplitude de l'excitation de 0.27a ¢ = 0.046, le pendule est
entrainé vers d’énormes amplitudes de 3 radians et s’inverse. La transition vers le
régime autorésonant s’opere donc sur une valeur seuil tres abrupte a e, = 0.046. Si
la fréquence varie plus rapidement, c’est-a-dire si o augmente, le pendule aura plus
de mal a s’adapter et I'excitation nécessaire au maintien du verrouillage de phase

doit &tre plus forte. On peut montrer [105] que €, est en fait proportionnel a a%/4.

La capture en autorésonance de 'oscillateur se détermine déja a tres faible am-
plitude, dans le régime linéaire. Comme c’est le cas avec un simple oscillateur harmo-
nique, I'excitation stimule 'apparition d’un mode forcé a la fréquence de 'excitation
et un mode libre a la fréquence linéaire. Le mouvement total de 'oscillateur est alors
la somme de ces deux modes (Eq.(2.2)). Initialement, si le pendule est immobile au
moment de I'application de I'excitation, leurs amplitudes sont égales mais opposées.
Ensuite, le mode forcé évolue de maniére inversement proportionelle & |w? — w(t)?
alors que le mode libre n’évolue pas puisqu’il est indépendant de l'excitation. Le
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mode forcé prend donc naturellement le dessus et 'oscillateur se verrouille a 1’exci-

tation.

Alors que la fréquence d’excitation décroit vers la fréquence de résonance de 1’os-
cillateur a de faibles amplitudes, ce dernier est capturé dans le régime autorésonant
lorsque la fréquence d’excitation croise la fréquence linéaire de 1'oscillateur. Il res-
tera verrouillé en phase avec I'excitation et 'amplitude des ses oscillations sera telle
que la fréquence non-linéaire de 'oscillateur égale celle de l'excitation. Il devient
alors possible de controler son mouvement via la fréquence de I'excitation. L’auto-
résonance est un mécanisme universel, on le retrouve dans tout systeme régi par
I'équation de Duffing : pendule, systéme planétaire [107, 108], physique atomique
[109, 110], plasmas [111, 112], mécanique des fluides [113], puits quantiques [114]...
et nous allons 'appliquer a une nanoparticule magnétique.

2.1.3 Mise en équation et mise en évidence de Iautoréso-

nance

Nous considérons une nanoparticule monodomaine, possédant une anisotropie
uniaxiale suivant €,. On peut faire 'hypothese qu'une telle nanoparticule est bien
décrite par 'approximation dite du macrospin, selon laquelle elle possede un moment
magnétique M, avec |M| = ps. Dans ce cas, la dynamique de M est régie par
I’équation de Landau-Lifshitz :

dM

7 :—nyB—jZMx (M x B), (2.7)

ot le champ effectif B comprend le champ d’anisotropie dirigé suivant €,, un champ
externe statique Bpe = —Byé,, et un champ magnétique micro-ondes Ba¢(t) d’am-
plitude b [115] :

2KV .

On considere deux types de champs magnétiques oscillants. Un d’amplitude fixe

mais dont la polarisation tourne dans le plan (€,,€,) :

Bac(t) = b(cos p4€, + sin qe,) (2.9)

Ou pg = 2n(fot — at?/2), de telle sorte que la fréquence d’excitation wy =

27(fo — at) décroit linéairement dans le temps a partir d’une valeur initiale f

supérieure a la fréquence linéaire f, = %25—‘/ = 7.36 GHz en l'absence de champ

magnétique externe.
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Mais on peut également utiliser un champ magnétique de polarisation fixe et

dont I'amplitude oscille, par exemple suivant €, :

Bac(t) = bceos pgé, (2.10)

La configuration du moment magnétique et des différents champs est illustrée en
Fig. (2.5). On y retrouve suivant (e, le champ d’anisotropie et le champ statique, et
dans le plan (€,,€,) le champ magnétique oscillant qui va entrainer la précession.

F1GURE 2.5 — Configuration géométrique de la nanoparticule avec son moment ma-
gnétique M, le champ statique Bpc, et le champ oscillant Bac(t).

Des parametres typiques [116] pour une nanoparticule de cobalt de 3nm sont
un facteur gyromagnétique v = 1.76 x 10*(Ts)~!, une constante d’anisotropie K =
2.2 x 10°J/m3, un volume V = 14.1 x 1072"m3, et une aimantation a saturation
s = 2.36 x 10-20] /T,

Tous les résultats numériques de ce chapitre découlent de I'intégration de 1’équa-
tion de Landau-Lifshitz-Gilbert telle qu’elle est écrite en Eq. (2.7). Nous avons donc
mis au point un code qui résout numériquement cette équation en fonction des diffé-
rents parametres. La méthode numérique que nous avons retenue est ’algorithme de
Heun[117], qui est tres largement utilisé pour intégrer 1’équation LLG car elle offre
un bon compromis entre temps de calcul et précision numérique. Cet algorithme est
détaillé en annexe 5.2.

La figure (2.6) illustre la trajectoire du moment magnétique soumis a une exci-
tation autorésonante de type champ magnétique tournant, avec un amortissement
valant A = 0.01. Ici le champ magnétique statique vaut By = 0.1 T, le champ ma-
gnétique tournant a une amplitude b = 3 mT et la taux de variation de sa fréquence
vaut a = 0.5 x 10'® Hz/s. Le champ oscillant suivant un axe fixe produit une tra-
jectoire de 'aimantation sensiblement identique. Le moment magnétique passe de
Us€, & —fise, par un mouvement de précession (M, et M, oscillent en quadrature
de phase) dont la fréquence s’annule vers 10 ns lorsqu’il arrive au sommet de la
barriere d’énergie. Apres le passage de la barriere d’énergie, le moment relaxe vers
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FIGURE 2.6 — Evolution de M, (vert), FIGURE 2.7 — Fréquence instantanée
M, (bleu) et M, (rouge) lors d'un re- du moment magnétique (en bleu) et
)
tournement par autorésonance. fréquence de 'excitation (en vert).

—e, a cause de 'amortissement et, bien que le champ magnétique oscillant soit tou-
jours actif, il n’a plus d’influence car le verrouillage de phase est perdu. Afin de
vérifier que le moment est bien verrouillé en phase avec 'excitation, on calcule la
fréquence instantanée de précession. Pour ce faire, on utilise un algorithme basé sur
la transformée de Hilbert [118]. Cette derniere est définie de la fagon suivante :

Mp(t) = r_l{—isgn( )F{M}(w)}
+OOM
- / (2.11)

t—T

ol sgn est une fonction qui renvoie le signe de son argument, en 'occurrence la
fréquence angulaire w, .# est la transformée de Fourier et M), est la transformée de
Hilbert d’une composante de 'aimantation M. C’est donc une méthode non-locale,
on a besoin de 'ensemble du signal M (¢) pour déterminer sa fréquence instantanée
fi(t). On peut alors calculer a la phase instantanée de M (t) :

o(t) = arctan(]]\@h) (2.12)

1 do

Enfin, on remonte a la fréquence instantanée f;(t) = 5-77.

On a vu dans la section précédente que pour activer I'autorésonance il est néces-
saire que l'excitation dépasse une certaine amplitude. Au-dela de cette amplitude
seuil, le moment magnétique est capturé en autorésonance jusqu’a inversion de 1’ai-
mantation. On peut alors déterminer 'amplitude seuil en cherchant 'amplitude

d’excitation minimale qui mene au retournement du moment magnétique. Les am-
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plitudes seuils déterminées dans le cas d’'un champ magnétique tournant et d’un

champ magnétique oscillant selon un axe fixe sont illustrées sur la figure (2.8) en

fonction de /4.

25

20t

(mT)
o
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-
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FIGURE 2.8 — Amplitude seuil de 'excitation en fonction a®* pour les deux types de
champs magnétiques oscillants : champ tournant (disques rouges) et champ oscillant
selon un axe fixe (triangles bleus).

On remarque que le seuil est une fonction linéaire du taux de variation de la
fréquence élevée a la puissance 3/4 ce qui est caractéristique des problemes d’au-
torésonance. On observe également que le seuil est deux fois plus faible avec un
champ magnétique tournant comparé au cas du champ magnétique oscillant suivant
un axe fixe. C’est donc ce type d’excitation que l'on étudiera dans la suite de ce
chapitre. Le fait que le seuil dépende ainsi du taux de variation de la fréquence si-
gnifie que si 'on veut réduire 'amplitude de 'excitation il faut également faire varier
la fréquence plus lentement. Au contraire, si 'on veut accélérer le retournement de
I’aimantation, c¢’est-a-dire diminuer la fréquence plus rapidement, il faut en contre-
partie augmenter 'amplitude de I'excitation en accord avec la dépendance en a’/%.
On peut supposer qu’au-dela d’une certaine valeur de « 'amplitude seuil devient
si grande que 'on perd cet avantage apporté par I'autorésonance, i.e., atteindre de
tres larges amplitudes d’oscillations avec une tres petite excitation.

En présence d’amortissement, on peut estimer qu’il suffit d’augmenter 1’énergie
potentielle jusqu’au sommet de la barriere d’énergie pour qu’ensuite le moment ma-
gnétique relaxe vers ’autre versant de la barriere pour rejoindre la deuxiéme orienta-
tion d’équilibre et se retourner. Au sommet de cette barriere d’énergie, la précession
change de sens et sa fréquence s’annule. Si 'on appelle ¢, I'instant correspondant
a cet évenement, et si I'on suppose que le verrouillage de phase est effectif, alors
to = % Concretement, on peut donc estimer et controler le temps de retournement

en fixant «.
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2.2 Résultats par le modeéle a deux niveaux

Lors du retournement d’aimantation, le magnétique passe d’une orientation
stable (+e,) a une autre (—e,) par une dynamique de précession décrite par I’équa-
tion de Landau-Lifshitz-Gilbert. Toutefois, dans le cas général, cette équation est
parfois difficile & manipuler analytiquement et on peut lui préférer une autre ap-
proche. En effet, les deux orientations stables +e, peuvent étre assimilées a des
niveaux d’énergies affectés d’une population. L’inversion d’aimantation par préces-
sion est alors considérée comme un transfert continu de population du niveau +e,
vers le niveau —e,. Pour ce faire, nous allons transformer ’équation LLG a l'aide
des équations d’équivalence de Feynman [119] et étudier 'autorésonance a partir de
ces équations.

2.2.1 Précession non-amortie

Dans un premier temps, nous allons négliger 'amortissement et chercher a déter-
miner I'amplitude seuil de I'excitation nécessaire a la capture en autorésonance. D’un

point de vue analytique, il est plus commode d’utiliser les parametres et variables

adimensionnées :
-~ M 5 9B _ 1/2
L’équation (2.7) est alors réécrite
M~ P
d—:BxM—)\(BxM)xM (2.14)
-
avec
B = (alﬂz — ag) €. + ¢ (cos pqe, + sin gqé,) (2.15)
29vKV vBy vb
_ _ 0 2.16
=) T 2ra) 2 © T @ra)? (2.16)

-1/2

et g = woT — 72/2, avec wy = 27 f,.(2ra) "2, On rappelle que b est Pamplitude

du champ magnétique oscillant en Tesla. Initialement, le moment magnétique est
orienté suivant e, i.e., M(0) = €,.

Nous étudions d’abord le cas non-amorti (A = 0) :

dM -
— =B x M. 2.1
dr x (2.17)
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Nous appliquons I'approche de Feynman [119] entre Eq. (2.17) et le systéme a deux

niveaux suivant pour les parametres complexes A; and A, :

dA
it R (2.18)
dr 2

A
(e oA (2.19)
dr 2

ou M est lié a A; 5 par

M, = AjAL+ AlA,,

M, = i(AA;— AAy), (2.20)
M., = |A? - |42,
et
B, = K+,
B, = i(k— "), (2.21)
Bz = KRg-

Remarquons que Egs. (2.18) conserve la “population” totale des deux niveaux |,

ie. |Ai]* +|As]> = 1. Par définition, k = %(EI —iB,) = Sexp(—ipq) et Ky =

al(]A1]2 — |A2|2) —ay = a; — as — 2a, \A2\2, donc Egs. (2.18)-(2.19) deviennent

dA, 1 |

i = (o — 200 [As) A+ SeToeA,, (2.22)
dA 1 |

ZT: = _5(% — 2ay |Az[*) Ag + g€+wdz41, (2.23)

ol wy = a; — ag est la fréquence linéaire du probléme et nous résolvons Eqs. (2.22)-
(2.23) soumises aux conditions initiales A;(0) =1 et A5(0) = 0.

L’autorésonance a déja été décrite par ces équations de Schrodinger non-linéaires
(NLS) couplées pour des problemes de conversion de modes dans les plasmas [120] et
en optique non-linéaire [121]. Nous pouvons donc utiliser ces résultats afin d’étudier
certains phénomenes caractéristiques de 'autorésonance comme la capture initiale
et le verrouillage de phase, le comportement de 1’oscillateur au stade fortement non-
linéaire, ou encore I’anéantissement du régime autorésonant. Ici nous nous focalisons

uniquement sur la phase initiale de capture en autorésonance dans la limite de faible
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non-linéarité. On définit alors de nouvelles amplitudes complexes

A = Ajexp <;/I{0(7')d7') :
Ay = Ajexp {—i (gpd — ;/H0(7>d7’>:| ,

pour lesquelles les Eqs. (2.22)-(2.23) deviennent

dzl E—

’L? = 5142, (224)
dZ — 12— £
ZT: + (7' — 2@1 ‘AQ‘ )AQ = 5141 (225)

On suppose que le croisement de la fréquence linéaire par la fréquence d’excitation
se produit a 7 = 0, soit wgy = wy — 7. Dans le régime faiblement non-linéaire, pour ¢
and A, suffisamment faibles, ’équation de conservation impose A; = 1 et Eq. (2.24)
garantit que A; reste constant durant la phase initiale. Alors, Eq. (2.25) se réécrit
dyp 2
O (7= [ =pn, (2.26)
T
ou ¢ = (2a1)1/2 Ay et p = 5(a1/2)1/2. On retombe sur I'équation de type NLS
habituelle qui décrit la capture en autorésonance. [122]

Notre oscillateur se trouve dans un régime linéaire entre I'instant ou ’excitation
est enclenchée (t = —o0) et l'instant ou la fréquence d’excitation égale la fréquence
linéaire (7 = 0). On peut donc le considérer dans cet intervalle de temps comme
un oscillateur harmonique. L’application d’une force oscillante va alors exciter un
mode forcé a la fréquence de 'excitation et un mode libre a la fréquence linéaire,
initialement en égale amplitude. Le mouvement de l'oscillateur est alors régi par la
somme de ces deux modes en proportions égales. Dans ce contexte, on a démontré
en début de chapitre que le mode libre est constitué d’un terme d’amplitude faible et
constante, et d’un terme inversement proportionnelle a la déviation par rapport a la
fréquence linéaire. Alors que ’amplitude du mode forcé continue d’augmenter quand
la fréquence varie, celle du mode libre est de moins en moins excitée par la force
externe. Ainsi, le mode forcé 'emporte peu a peu sur le mode libre et ’oscillateur
est capturé en autorésonance. Pour la condition initiale ¢ = 0 (& t = —00), la
bifurcation de la solution a l’équation Eq. (2.25) vers le mode qui garantit une
amplitude croissante || ~ 71/2 ne peut se faire que si p est supérieur & une valeur
seuil piy,. Dans le cas des systémes non-amortis, des études numériques [123, 124] ont

démontré que py, = 0.41. En revenant aux parametres non-renormalisés, on obtient
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FIGURE 2.9 — (a) Amplitude seuil en fonction de la dérive en fréquence a®/*. Les
points rouges résultent de l'intégration numérique de I'équation LLG. La droite en
trait plein symbolise le résultat analytique de Eq. (2.27). (b) Evolution de M, en
fonction du temps en utilisant une excitation oscillante de 5 mT légerement au-
dessus du seuil pour o« = 3 x 10*® Hz? et By = 0.

0.41(2ra)®/4
b = — - O (2.27)
Y ( /NS)

Soit, en remplagant ces parametres par leurs valeurs numériques, by, = 6.08 x

1070?41, Nos simulations numériques de l'équation Eq. (2.17) (Fig. 2.9(a))
montrent que by, est effectivement proportionnel & /4, avec une constante de pro-
portionnalité en parfait accord avec I'expression analytique (2.27).

Il est intéressant de noter que 'amplitude seuil b;, que le champ oscillant doit
dépasser pour entrainer le moment magnétique en autorésonance ne dépend pas
du champ statique externe By. En théorie, on pourrait donc se passer du champ
statique et retourner l'aimantation de la nanoparticule de 3 nm de diameétre avec

uniquement un champ magnétique tournant de quelques mT d’amplitude.

On a donc montré qu’il est possible d’inverser I’aimantation d’une nanoparticule
isolée a température nulle par autorésonance a l’aide d’une excitation magnétique
de faible amplitude (quelques mT) quand I'amortissement est nul. Nous avons déter-
miné analytiquement I’amplitude minimale de 'excitation nécessaire a 1’activation
du régime autorésonant, et nous avons vérifié que les simulations convergent vers les
mémes valeurs. L’équivalence entre 'amantation de la nanoparticule et le systeme

a deux niveaux est tres utile et adaptée a ce type d’étude.
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2.2.2 Définition de Pamplitude seuil : transition vers le pro-

bléme de Landau-Zener

Le probleme décrit par les équations Eqs. (2.24)-(2.25) est un probleme a deux
parametres : le parametre non-linéaire a; et 'amplitude de I'excitation €. Ce n’est
que dans I'hypothese de faible non-linéarité et de faible £ que le probléme se réduit
a un seul parametre. Dans ce cas la transition vers le régime autorésonant possede
une certaine largeur Ae. De maniére générale, dans le probleme a deux parametres
il faudrait plutot parler de de forte transition ou de faible transition. Ces cas sont
illustrés en Fig. (2.10) ot 'on a résolu numériquement les équations (2.24)-(2.25) afin
d’obtenir les valeurs de ’22’2 pour 7 > 1 avec comme condition initiale Ay = 0. Les
régions colorées en rouge sont celles pour lesquelles le transfert de population est le
plus efficace. On observe 'apparition d’'une largeur de transition lorsque le parametre
non-linéaire a; diminue. On peut se alors se poser la question de la définition du
seuil dans ce régime. Nous allons donc étudier 'efficacité du transfert de population

d’un niveau a 'autre dans cet espace a deux dimensions (e, ay).

£=0.64 0.6
LZ transition
- 0.5

£=0.59a7"%
autoresonance 0.4
; 0.3
# 02

0 0.5 I _gs 15 2
y

FIGURE 2.10 — Amplitude finale du niveau |A,|? dans le plan (e,a;"") résultant

de l'intégration numérique de Egs. (2.24)-(2.25. On utilise les axes € et a7’ car

_ /z
€= /a1

Cette analyse est similaire a celle utilisée pour I’étude de la comparaison quan-
tique/classique de la transition autorésonante d’un oscillateur non-linéaire [125]. On
observe sur la figure (2.10) que pour a;*® < 0.4, donc a; > 6.25, £ dépend linéaire-
ment de a; et la transition menant & un transfert de population efficace (]A3|* > 0.9)
est tres nette. Au contraire, pour des valeurs plus faibles de aq, il se crée une lar-
geur de transition qui correspond & une transition de Landau-Zener (LZ) [126]. La
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probabilité de transition dépend alors de ’excitation :

A" =1 exp(—me?/2). (2.28)

La largeur de cette transition LZ vaut Ae = ,/ﬁ ~ 0.95. La valeur seuil de la

2
transition LZ est celle pour laquelle ’A2’ = 0.5, c’est-a-dire €57 ~ 0.66.

L’équation & un seul parametre Eq. (2.26) prédit une amplitude seuil uy, = 0,412
pour une transition bien décrite pour ¢ < 0.4 dans la figure (2.10). Dans ce régime,

2
que 'on définisse le transfert de population comme étant efficace si ‘Ag‘ > 0.5

ou ’22’2 > 0.9 ne change pas grand chose puisque la transition est tres abrupte.
En revanche, pour des € plus grands on rentre progressivement dans le régime de
Landau-Zener. Le critéere définissant une transition efficace est alors important. La
transition possédant une certaine largeur, on n’obtiendra pas la méme valeur de py,
si 'on utilise le critere ’ng > (0.5 ou bien ‘ZQ‘Q > 0.9. Plus précisemment, pu,

dépend de la valeur de ¢ utilisée.

La définition du seuil dépend donc de I'importance de la non-linéarité et de
I’amplitude de l'excitation. Pour des valeurs suffisamment grandes du parameétre

2 < 0.4, le seuil est trés bien défini, tres

non-linéaire a;, typiquement pour afl
abrupt. De plus, la pente de la limite entre les zones rouge et bleu est constante et
vaut v/2u avec u = 0.41. Dans ce cas, le transfert de population, et donc Iinversion
de 'aimantation, est tres efficace. Il suffit d’étre légerement au-dessus d1’12 seuil pour

> 0.9 en

fin de processus). Mais si la non-linéarité est plus faible (partie droite de la figure),

renverser entierement le moment magnétique de la nanoparticule (’Zg

I’amplitude seuil n’est plus une valeur bien précise, elle possede une certaine largeur.
Dans ce cas, suivant 'amplitude d’excitation ¢, le transfert de population peut étre
incomplet. Par exemple, pour ¢ = 0.64 seul 507 de la population a été transférée,
cest-a-dire M, = 0 et Paimantion ne s’est pas inversée totalement. Dans nos simu-
lations présentées dans la section précédente en figure (2.9(a)), les valeurs de € sont
comprises entre 0.07 et 0.16, et les valeurs de a; sont comprises entre 0.13 et 0.27.

Nous sommes donc bien dans la zone ou la transition est abrupte.

2.2.3 Effet de 'amortissement

Nous ajoutons désormais un terme d’amortissement dans Eq. (2.14) afin d’ana-
lyser son effet sur 'amplitude seuil. On réécrit I’équation
aM =,
— =B’ x M, 2.29
dr (229)
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avec
B'=B - \B x M. (2.30)

Nous appliquons a nouveau le formalisme de Feynman en associant ce probleme a
un systeéme a deux niveaux (2.18)-(2.19). On trouve

1~
K = 5(3;_23?;)
€ i )\ AT i AT *
= 5€ ¥a i [eMze ¥4 —2(a M, — ag)AlAQ} :

ou, approximativement,
K= geﬂ‘@ X M. — a)A AL, (2.31)
ou O = py+ )\Mz. De la méme maniere, on trouve
Ko = B; = a, M, — ay + Ae(AjAse " — cc) = ay M, — as,

ol cc est le complexe conjugué. Comme avant, M, = |A;|* — | Ay|>. Alors le systéme
(2.18)-(2.19) devient

dA K £ — . 7
ZTTI = ?OAl + §A2€ o + 2)\(Q1MZ — a2>A1|A2|27 (232)
dA K € , . ~
i = =G At g A — M@ - ay)| AP A, (2.33)

On procede alors au calcul de 'amplitude seuil dans le cadre de la limite faible-
ment non-linéaire (|As)® < 1, |A;]> = 1 —|As]* ~ 1) des Eqgs. (2.32)-(2.33), et nous
obtenons :

dAl Ro

A o, 2.34
1 dr 9 1, < 3>
dA K € 5 :

277-2 = —?OAQ + 56 9141 - Z)\WOA27 <235)

oll, comme avant, wg = a; — ay désigne la fréquence de résonance linéaire dans le pro-
bleme non-amorti. La premiere équation de ce systeme donne A, = exp(—iko7/2),

et la deuxieme équation peut donc s’écrire
c .
i = At iez(@—w/% — idwoAy. (2.36)

Nous introduisons ici une nouvelle amplitude, Ay = Ay exp[—i(© — ko7/2)] pour
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obtenir 5
d _ _
ZT: + (wo — Wy — 2aq ‘A2‘2 + i)\wo)AQ = %, (237)

ot le terme AdM., /dr a été négligé. L'équation (2.37) differe de Eq. (2.25) par un
seul terme additionnel iAwyAy. Alors, comme précédemment, en définissant 1) =
(2a1)* Ay et 1 = € (a1/2)"?, on obtient 'analogue de Eq. (2.26) avec le terme
d’amortissement

dip

i+ (= | +iv/20 = p, (2.38)

ou v = 2Xwy. Cette équation a deux variables est caractéristique des problémes
d’autorésonance amortie (cf. les aspects théoriques [127] et expérimentaux [123]).
Il a été démontré [123] que le seuil de transition vers le régime autorésonant est
modifié par 'amortissement

pen, = 0.41(1 4+ 1.06v + 0.67v°) + O(?). (2.39)

Nos simulations numériques (Fig. 2.11) sont en excellent accord avec ce résultat

analytique.

Remarquons que, comme v est proportionnel & a2, la loi de dépendance de

3/4

I’amplitude seuil change radicalement de la loi en by, ~ /%, qui est typique du

régime non-amorti (Fig. 2.9(a)).

0.52f
0.5¢
0.48¢

=
= 0461

0.44r —— 0.41*(1+1.06*v+0.67*v?)

——0.41*(1+1.06"v)
® simulation

0.42f

0 0.05 0.1 0.15 0.2
v

FIGURE 2.11 — Amplitude seuil normalisée puy, en fonction de 'amortissement v.
Les points rouges représentent les simulations numériques. Les lignes en trait plein
symbolisent les résultats théoriques au premier ordre (bleu) et deuxieéme ordre (noir)
en v de I'Eq. (2.39).

L’autorésonance fonctionne donc aussi dans un systeme dissipatif. Il devient par
contre plus difficile de capturer le moment magnétique puisque I'amortissement A
augmente légerement le seuil d’excitation nécessaire. Mais ce n’est pas le seul effet

de l'amortissement comme nous allons le voir dans la section suivante.
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FIGURE 2.12 — (a) Allure de la fréquence de I'excitation 5% en fonction du temps.
(b) Instabilité du régime stationnaire lorsque 5L = 4 GHz. (c) Stabilité du régime
stationnaire lorsque 3£ = 4.5 GHz.

2.2.4 Stabilité du contréle de I’angle de précession en pré-

sence d’amortissement

On étudie maintenant I'effet de 'amortissement sur la stabilité du régime auto-
résonant lorsque l'on force le moment magnétique a précesser a un angle fixe. On
mene cette étude en 'absence de champ magnétique externe statique donc By = 0,
et comme alors a; = 0, la fréquence linéaire de précession vaut fo = gt c’est-a-dire
7.36 GHz pour notre nanoparticule de 3nm de diametre. On cherche a contrer 1'effet
de 'amortissement qui rameéne le moment magnétique vers l’axe d’anisotropie. Pour
ce faire, on utilise une excitation b(t) = & (cos p4é, + sin pge,) dont la fréquence di-
minue de facon exponentielle pour tendre de maniere asymptotique vers une certaine

valeur wy :

Wq = dea _ wy + Bwpe” (2.40)
dt

Ainsi wy(t = 0) = wy(1 + B) et wq(t = 00) = wy, ot 'on attribue a § la valeur
voulue afin de fixer la fréquence initiale de I'excitation (Fig(2.12(a))). En faisant
quelques simulations préliminaires, et en s’assurant que € > £y, on se rend compte
que lorsque wy est supérieure a une valeur critique on arrive a maintenir la précession
a un angle fixe (Fig(2.12(c))) tandis que si wy est inférieure a cette valeur critique le
moment magnétique décroche de sa trajectoire de précession imposée (Fig(2.12(b)))
pour rejoindre une de ses orientations stables (+e,). On remarque également que
la valeur critique est indépendante de I'amplitude de l'excitation ¢ et de la valeur
de 'amortissement A. Par contre si 'on augmente A, la stabilité ou 'instabilité est

accrue.

Nous voudrions expliquer ce comportement, et retrouver la valeur critique de de
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I'angle de précession que 1'on peut forcer. On reprend les équations (2.32) et (2.33)

ou l'on néglige le terme en O(\) dans le facteur exponentiel du terme en ¢ de sorte

que 0 = g :

dA .

i = DA e+ koAl A, (2.41)
dA .

ZTTQ = _%A2 + %6%141 — iAko| A1 [P Ay (2.42)

On pose ensuite A; o = By 2e"¥12 et en séparant partie réelle et partie imaginaire
on trouve :

dd'il = —552 sin ¢ + Ako By B3, (2.43)
dd‘iQ = 651 sin ¢ — )\KOBQBf, (2.44)
CZPTI = —% — ;gi cos @, (2.45)
Ci;j? = % — ;g: cos ¢ (2.46)

oll ¢ = g — Y + 1. Comme la population totale est conservée, B? + B3 = 1,
et on peut donc se restreindre a deux équations couplées pour By et ¢ :

dB e\/1—-B2 _
2 = 2V 2 ind — AkoBa(1 — BY), (2.47)

dr 2

d$ g Bl Bg) —

A _ (== 2.4
dr Wy Ko + 9 <32 Bl COS ¢ ( 8)

Le verrouillage de phase du systéme se produit a ¢ ~ m alors on définit ¢ =
¢ — 7 et wg = wy — A. En négligeant le terme en O(e) dans 1’équation (2.48) et en

multipliant (2.47) par B, on peut réécrire notre systeme d’équation :

;li = —eF(x)sin¢ — 2)\G(z), (2.49)
d
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ol * = B2, F(x) = \/Jz(1 —2) et G(x) = (wy — 2a;2)x(1 — x). On trouve les
solutions stationnaires (29, ¢y) en posant % =0 :

A
To = oo (2.51)
Po = —%G(%) (2.52)

ou l'on a fait I'hypothese que A/e < 1 donc ¢y < 1 et sin ¢g ~ ¢y. Afin d’étudier
la stabilité de cet état stationnaire (xg, ¢g) face a de faibles perturbations (dx,d¢),
on pose r = xg + 0x et ¢ = ¢g + d¢. Puis on injecte ces formes de = et ¢ dans
les équations (2.49) et (2.50) que 'on linéarise en supposant (¢g, 0z, d¢) < 1 et on
trouve :

F
T T ELLACT) P S L EICOP Y (2.53)
dr dzxy Zo
do
d;b = 2ai0x (2.54)

On cherche maintenant des solutions de ce systeme d’équations sous la forme
dx = dxze™ et ¢ = dpe™’. En substituant ces formes de solutions dans les équations

précédentes, on trouve une équation polynomiale en v :

v? —iAfv — 2ea, F(7) = 0 (2.55)

ou f = (wo— A)(1 —2x9) — 2A(1 — x0). Ou bien, en posant wy = NA, on peut
écrire f = A[N — 3 — 2(N — 2)xo). Alors, I'équation (2.55) possede deux solutions :

vy = Af A \/ SCLf}f‘) S-1 (2.56)

8a1 F(xo)
£f2
pas proche de 0 ou 1, alors le terme sous la racine est aussi strictement positif et

Or, comme on a supposé A\/e < 1 et que

est strictement positif si g n’est

la racine vaut un nombre réel. Donc, dans cette approximation, la partie imaginaire

de v vaut Im(v) = % La stabilité de ce régime dépend donc du signe de f. En

effet, si Im(v) < 0 alors dz et d¢ divergent en e™®)?

—Im(v)t

quand t — oo. Si au contraire,
Im(v) > 0, alors dz et ¢ sont amortis en e et le régime est stable. Sil'on écrit

les formules de A, N, xy et F(z() pour un temps trés grand (régime stationnaire)
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on a .

oo 1 _ . _ —at _ _
A% = tlgono(wo wy) = tlggo(wo wr(l+ e ™)) = wy — wy (2.57)
“o Wo
N = = 2.58
A>  wy — —ws ( )

ry = = (2.59)

wh — w} (2.60)

Alors, pour un temps tres grand la fonction f prend la forme :

f = A®[N*® =3 —-2(N* —2)x] (2.61)
= zw? — wp (2.62)
Wo

wo

La fonction f est donc négative lorsque wy < 75 C’est-a-dire que 'on peut
maintenir de maniere stable une précession a angle fixe si la fréquence finale que 1’on
impose est plus grande que % Maintenant que 'on a les expressions des différents

parametres en fonction de wy et wy, on peut écrire :

2w — w? wi w2
. ! 0 2 2 f 0
vy =1\ o + J ey/wg — wi — A2 <w§ —wrt ) (2.63)

Les parties imaginaires de v, et v_ sont tracées en figures (2.13(a)) et (2.13(b)).
On remarque que pour un faible amortissement de A = 0.01 (Fig.(2.13(a))), Im(v4)
et Im(v_) prennent exactement les mémes valeurs pour un méme wy. Le terme sous la
racine dans les équations (2.56) et (2.63) est donc bien positif et la racine ne participe
pas a la partie imaginaire de v. On voit également que Im(v) > 0 pour wy > %,
c’est-a-dire pour une fréquence finale ;’—7{ ~ 5.2 GHz. Pour une valeur plus grande
de 'amortissement (Fig.(2.13(b))), on remarque que Im(v; ) et Im(v_) prennent des
valeurs différentes en certains wy. Mais on a toujours Im(r) < 0 pour wy < % et
Im(v) > 0 pour wy > %, ce qui ne change donc rien a la limite entre stabilité
et instabilité comme il a été observé dans les simulations préliminaires. On avait

aussi remarqué qu’augmenter I'amortissement A avait pour effet d’amplifier 'effet
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FIGURE 2.13 — (a) Parties imaginaires de vy pour A = 0.01, les deux courbes sont
confondues. (b) Parties imaginaires de vy pour A = 0.5. Les axes ont des échelles
différentes.

de stabilité ou d’instabilité. On voit maintenant sur la figure (2.13(b)) qu’augmenter
I’amortissement rend la partie imaginaire de v plus grande (en valeur absolue), ce
qui explique bien cet effet.

La fréquence wy étant la fréquence asymptotique de I'excitation, celle qui fixe
I’angle de précession 0> de I’état stationnaire, on peut remonter a la valeur station-

naire de m, et a 6°° en nous rappelant que xy = PTm et m3° = cos 0 :

wf
*© = = 2.64

0> = arccos (wf> (2.65)

Wo

On ne peut donc forcer de maniere stable une précession a angle fixe que pour
m, > % , C’est-a-dire a un angle ¢ < 45° pris par rapport a ’axe d’anisotropie
+e.. Mais d’aprés nos simulations, il semblerait que ’angle limite se situe plutot
vers 50°. Cette différence de quelques degrés entre les simulations numériques et
la théorie provient certainement d’une approximation trop brutale lors des calculs.
Néanmoins, ce calcul analytique a permis d’expliquer le phénomene d’instabilité
lors d’une précession forcée a angle fixe et fournit une bonne approximation de
I’amplitude limite de précession que 'on peut maintenir de maniére stable a 1’aide

d’un champ magnétique oscillant et du mécanisme d’autorésonance.
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2.2.5 Effets de la température

Jusqu’a présent nous n’avions considéré que le cas déterministe a température
nulle. Nous allons maintenant étudier I'effet du bruit thermique sur le processus de
renversement de l'aimantation en ajoutant un terme stochastique. Ce terme peut
prendre la forme [128, 76] d'un champ magnétique aléatoire 4B idéalisé par un bruit
blanc gaussien. Il est alors caractérisé par une moyenne temporelle nulle et une
fonction d’autocorrélation

ou 'amplitude du bruit n = % dépend donc de la température T'. L’équation

LLG (2.29) peut alors étre réécrite (sans renormalisation) :

dM —
W = "}/B/ X M, (267)

avec B'=B — AB x M + 0B, ott B = B}j¢, et B) = 2KV/u, — Bo.

L’implémentation numérique de cette équation différentielle stochastique est dé-
taillée en annexe 5.1. L’algorithme d’intégration numérique est différent de celui de
I’équation déterministe, car le bruit est ici multiplicatif et il faut adapter I’algorithme

de Heun afin de converger vers une solution de type Stratonovich.

Occurrence

0.5
0

FI1GURE 2.14 — Distribution a I’équilibre de ’angle 6 entre M et e, au bout d'un
temps t = 207.,. La courbe rouge est le fit correspondant a une distribution de
Rayleigh (voir 'annexe (5.1) pour plus de détails).

A température finie, le moment magnétique entreprend une marche aléatoire
autour de sa position d’équilibre a température nulle (I'axe z). Au bout d'un temps

d’équilibration 7., = Eq(2.82)), son amplitude, ou son écart par rapport

1
2\vB)| (
a l'axe z rejoint une distribution de Rayleigh (Figure (2.14)). Ce n’est qu’a cet
instant-la que le champ tournant est activé. Les températures que nous considérons

sont suffisamment faibles pour ne pas provoquer a elles seules le retournement de
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I’aimantation. Pendant le régime autorésonant le bruit thermique est bien présent,
mais son effet est négligeable comparé a celui du champ tournant. Ainsi, on peut
supposer [129] que la température n’intervient que dans les conditions initiales sur
lamplitude A = |¢| et la phase de ¥ dans l’équation Eq. (2.38). Le processus
stochastique devient donc un probléme déterministe a conditions initiales aléatoires.
C’est ce caractere aléatoire des conditions initiales qui engendre une largeur de
transition vers le régime autorésonant. Le seuil de transition n’est donc plus abrupt
comme dans la cas a température nulle, mais possede maintenant une largeur finie

[115]. La largeur du seuil de p peut étre écrite sous la forme [129]
Ap = V27mko, (2.68)

ou k = 0.245 est une constente numérique et o est le parametre de la distribution
de Rayleigh P(Ag) = (Ay/0?) exp(—A%/20?) de Pamplitude initiale Ag = A(0). La
clé du probleme est de déterminer analytiquement o.

A cette fin, nous reprenons le formalisme du modele & deux niveaux, 7.e. on

remplace Eq. (2.67) par

dA, Q

(dAs Qo .
ZH = —?AQ + Q Al, (270)
ou
Qo =~(By+ 0B,), (2.71)
Q= %(5396 — i6B,) + iAQ A, Al (2.72)

On résout les équations Egs. (2.69)-(2.70) soumises aux conditions initiales A;(0) = 1
and A5(0) = 0. Puis, pour une faible excitation (|A2| << 1), on peut simplifier Eq.

(2.69) par
A0

11— =
dt 2
ayant pour solution A; = exp(—if2pt/2). En substituant ce résultat dans I’équation
Eq. (2.70), on a

Ay, Qg ~B), (2.73)

dA 0 |
iR~ (M)A + %(535,; +i6B,)e" 10t/
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ou, en définissant 1) = (2a1)'/? Ay exp(—i€t/2)

2) 1/2
W gy — 12T

b7 (i6 B, — 6 B,)e ", (2.74)

Enfin, nous séparons la partie réelle de la partie imaginaire (¢ = a + ib) dans la
derniere équation

U~ At 557(0), (2.75)
Z[Z = —AQob + 6 f0(1), (2.76)
ou 1o
SFo(t) = W‘g)[dBy cos(Qot) — 6B, sin(Qot)]
Sfo(t) = —W[(SBI cos(Qt) + I B, sin(Qot)].
et )
(8205 f20(t')) = %5@ — ). (2.77)

On cherche maintenant la solution des équations de Langevin (2.75)-(2.76) afin de
déterminer les déplacements carrés moyens (a?) et (b%). On cherche une solution de
la forme

a(t) = c(t)e Mot (2.78)

En injectant cette forme de solution dans Eq. (2.75), on trouve

ot = [ S qy (2.79)

Ainsi

2
(@) = / t / (- 10 TS — )"0 4y’ 4y
0Jo 2

2
i (2.0
0

Puis on opére au changement de variable s = 2AQqt’
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2
<a2> _ a1 /te—z/\ﬂotesds
0

2 2AQ
2
Vna aaqt
_ 1_ 0 2.81
o (1—e ) (2.81)

Le calcul se déroule de la méme maniere pour (b?). On trouve ainsi le temps
nécessaire pour établir I’équilibre thermique 7., = ﬁ soit, en revenant aux unités

d’origine :

1
o (B - B)

(2.82)

Teq

Pour une nanoparticule de cobalt de 3 nm de diametre, un champ externe By =
0.1 T et un amortissement A = 0.01 on a 7., = 1.7 ns. Enfin, en prenant la limite

t — oo on trouve

o\ _ 2\ _ Vna
(a*) = (1) = Do, (2.83)

En utilisant les définitions n = % et 2y = vBj, on trouve

20% = (|¢I*) = (a®) + (1*) = kjj;?. (2.84)

En substituant ce résultat dans Eq. (2.68) on trouve la largeur de transition

7k BTCL1
Ay = 2.85
=R (2.85)
ou encore, en remontant aux variables non-renormalisées
2 kgT
Aby, = =5[22 2 (2.86)
vV psBo

Afin de vérifier ce résultat nous avons évalué la largeur de transition a partir
de simulations numériques en intégrant 1’équation LLG. Cette largeur peut étre
quantifiée a partir de la probabilité de capture P(bac), définie comme la probabilité
de retourner le moment magnétique sous ’action d’un champ tournant d’amplitude
bac. Aby, est alors définie comme 'inverse de la pente de P(bac) calculée au point
d’inflexion (i.e. lorsque P(bac) = 0.5). Nous allons déterminer analytiquement la
probabilité de capture. Les amplitudes initiales Ag créées par le bruit thermique sont
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caractérisées par une distribution de Rayleigh f(Ay) = %exp(—g‘?oj). On définit une

amplitude critique by, au-dela de laquelle le verrouillage de phase est effectif, qui est

périodique en ¢q et peut donc étre développée en série de Fourier [129] :

bt = co + KAgcos(gg 4+ 6) + ... (2.87)

ol ¢y = 5.58 mT est 'amplitude seuil Ag = 0 et £k = 0.245 est déterminé numérique-
ment. Pour des amplitudes suffisamment petites, on peut restreindre le développe-
ment au premier ordre en Ag. La probabilité de capture, c’est-a-dire la probabilité
d’amorcer et de maintenir le régime autorésonant jusqu’au retournement de I'aiman-

tation est alors définie par
P(bac) :/0 P(Ag, bac)f(Ag)dAg (2.88)

avec P(Ao,bac) = (1/m)arccos|[(co — bac)/(kAp)] est f(Ag) = %ewp(—%) est la
distribution de Rayleigh caractérisant les amplitudes initiales. Apres un peu de calcul

on obtient

1 CO—bAC CO_bAC’ 1
P(b = ——erf(—=—— f(———— 2 - 2.89
(bic) = —garl (1) lart (D) o) 4 (2s9)

La dérivée de P(bac) en byc = ¢y donne P’ = (v/2wok)™!, dont la valeur inverse est

égale a la largeur de transition Abyy,.

FI1GURE 2.15 — Probabilité de capture en autorésonance en fonction de 'amplitude
du champ tournant, pour différentes températures dans le cas d'une nanoparticule
de 25 nm.

Chaque point numérique illustré par un symbole en Fig. 2.15 est obtenu en calcu-
lant la proportion de retournements réussis sur 1000 simulations pour une amplitude
bac et une température T fixe. Les courbes en trait plein correspondent a ’expres-
sion théorique Eq. (2.89). Les valeurs théoriques et numériques de la largeur de

transition sont comparées dans la figure Fig. 2.16. Encore une fois, on constate un
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FIGURE 2.16 — Largeur de seuil en fonction de la racine carrée de la température. Les
points rouges représentent les valeurs issues des simulations numériques, tandis que
la ligne en trait plein illustre le comportement théorique de la formule Eq. (2.86).

excellent accord entre les résultats numériques et le modele théorique.

On a donc montré qu’il est possible d'utiliser ’autorésonance pour inverser 1’ai-
mantation d’une nanoparticule méme en présence de bruit thermique. La tempéra-
ture a pour principal effet de modifier la probabilité de capture en autorésonance
en créant une largeur de transition autour du seuil. Remarquablement, la largeur
de transition ne semble pas dépendre de 'amortissement A. De plus, Aby, diminue
lorsque B = 2K'V/us — By augmente, indiquant que la transition vers le régime au-
torésonant est facilitée par ’absence de champ magnétique statique By en réduisant
la largeur de transition.

2.2.6 Effets des interactions dipolaires

Lorsque la densité en nanoparticules augmente, les interactions dipolaires ne
peuvent plus étre négligées car elles jouent un role fondamental dans la dynamique
des moments magnétiques considérés. Les effets des interactions sur le renversement
d’aimantation d'un ensemble de nanoparticules magnétiques sont sujets a contro-
verse. Ils ont fait I'objet de diverses études théoriques [10, 11, 12] et expérimentales
[13, 14] qui sont parfois contradictoires. Nous nous intéressons donc désormais a un
ensemble de nanoparticules en interactions que nous allons aborder par une théorie
de champ moyen. A cette fin, nous considérons un réseau régulier de moments ma-
gnétiques répartis sur des sites en r = dy(ni1e, + nqe,) + da2(nge,), ou dy et dy sont
les distances centre-a-centre entre les nanoparticules dans le plan (e,,e,) et dans la
direction e,, respectivement. Et nq, ny and ngz sont des entiers non-simultanément

nuls.

Nous voulons étudier le phénomene de capture en autorésonance, lorsque les
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FIGURE 2.17 - (a) Réseau de nanoparticules dont les axes d’anisotropies sont orientés
suivant e, (en rouge). (b) Réseau de nanoparticules dont les axes d’anisotropies sont
orientés suivant e, (en rouge).

moments magnétiques sont proches de leur axe d’anisotropie e,. Alors le champ
dipolaire total ressenti par chacun des moments est aussi tres proche e., i.e.
Hj, > Hj,, Hy,. En choisissant donc comme condition initiale d’ensemble des
moments magnétiques proches de leur axe d’anisotropie suivant e, (Fig. 2.17(a)),
les interactions dipolaires agissant sur une nanoparticule ¢ peuvent étre prises en

compte via un champ dipolaire moyen [10, 130] :

Hy,pi = 8pS(£)d; *m.e, (2.90)

ou m, est le moment magnétique moyen projeté suivant z et calculé en excluant
le moment magnétique de la i-eme nanoparticule, p est la probabilité d’occupation
des sites (prise égale & 1 dans notre cas) et S(§ = dy/d;) est la fonction de forme
décrivant la géométrie de I’ensemble.

1 2603 — n? — n
=- ) 2.91
S(S) 8n1 s <n1+n +£2 )5/2 ( 9 )

Le signe de S déterminera 'ordre magnétique de ’ensemble : ferromagnétique
si S >0 (£ < 1) ou antiferromagnétique si S < 0 (£ > 1). Pour des systeémes
tendant vers une structure unidimensionelle dans la direction e,, les nanoparticules
sont plus proches dans cette direction qu’elles ne le sont suivant e, ou e,. Alors ds
devient petit devant d; et les moments vont s’ordonner ferromagnétiquement. Au
contraire, dans une géométrie plus planaire c’est d; qui devient faible devant ds et
les moments vont s’ordonner antiferromagnétiquement. Il est également possible de

définir une fonction S et un champ dipolaire moyen lorsque les axes d’anisotropie
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sont orthogonaux a e, par exemple orientés suivant e, (Fig. 2.17(b)) :

1 2n2 —n? — &n
Hgi, = 8pS,(€)d,*mye, (2.93)

Une chaine de nanoparticules dont les axes d’anisotropie (e, ) sont orthogonaux a
'axe de la chaine (e,) présentera alors un ordre antiferromagnétique (S, < 0 quand
¢ < 1). Et un plan de nanoparticules dont les axes d’anisotropie (e,) sont dans le
plan ((e;, e,)) produira un ordre faiblement ferromagnétique (S, > 0 quand £ > 1).
Enfin, d’apres cette théorie, des configurations différentes mais décrites par la méme

valeur de S se comporteront de la méme maniere.

_______
-

FIGURE 2.18 — La fonction S(§) rend compte de la géométrie de 1’ensemble de
nanoparticules. Si les axes d’anisotropie sont colinéaires a e, alors S décroit lorsque
¢ augmente (courbe bleue en trait continu), et inversement pour S, (courbe rouge
en pointillés).

Dans cette étude nous n’analysons que le cas ou les axes d’anisotropie sont orien-
tés suivant e,. Les deux configurations extrémes que nous allons étudier sont illus-
trées en Fig. 2.19,2.20 : une chaine orientée suivant e, (dans ce cas S — +00) et une
assemblée de nanoparticules distribuées dans le plan (e,,e,) (alors S — —1.129).
La fonction S utilisée est donc celle symbolisée par la courbe bleue de la Fig. 2.18.
Cette théorie de champ moyen est exacte lorsque les moments magnétiques sont
dirigés suivant e, mais devient d’autant plus fausse que ces derniers s’en éloignent.
De plus, dans le cas d'un réseau cubique dy = dy, donc £ = 1 et S(1) = 0. Le champ
dipolaire moyen donné par ce modele est alors nul, ce qui n’a aucun sens.

Dans un premier temps, on considere le plan de nanoparticules de la figure 2.20.
Les nanoparticules font 25 nm de diametre et nous fixons d; = 50 nm et dy — oc.

Dans cette configuration antiferromagnétique, environ la moitié des moments magné-
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F1GURE 2.19 — Chaine de nanoparti- FI1GURE 2.20 — Plan de nanoparticules
cules dont les axes d’anisotropie sont dont les axes d’anisotropie sont ortho-
colinéaires a la chaine. gonaux a la chaine.

tiques pointent vers +e, et I’autre moitié vers -e,. Dans nos simulations numériques,
apres avoir initialisé tous les dipdles suivant +e,, nous laissons donc d’abord les in-
teractions dipolaires créer 1'ordre antiferromagnétique. C’est ce que illustre la figure
Fig. 2.21 ou l'on peut voir les trajectoires de deux moments magnétiques (projetés
sur e,) représentatifs pris dans I’assemblée : celui en bleu qui se retourne vers -e, et
celui en rouge qui revient a son orientation initiale. On observe que les interactions
dipolaires ont créé 'ordre antiferromagnétique au bout de 5 a 10 ns. Ensuite, a 15
ns, on active le champ tournant b,. = ¢ (cos p4€, + sinp.€,) afin de capturer en
autorésonance les moments magnétiques dirigés suivant +e, (en rouge). Dans la si-
mulation de la figure 2.21 on a utilisé € = 10ey,, ce qui devrait a coup sir permettre
de capturer les dipoles et, peut-étre, de les retourner. On remarque tout d’abord que
cette excitation n’a aucun effet sur les dipdles pointant vers le bas (en bleu). En fait
ils sont maintenus dans cette direction par b,. car ils précessent naturellement dans
le sens opposé a celui de b,.. L’excitation autorésonante annihile tout mouvement
de précession pour les dipdles dirigés suivant -e,.

Mais le champ tournant n’a également que tres peu d’effet sur les moments
magnétiques que l'on veut inverser (en rouge), méme avec une excitation dix fois
supérieure a la valeur seuil nécessaire au bon déroulement du retournement par au-
torésonance. Le dipdle observé ici est effectivement capturé en régime autorésonant,
mais le verrouillage de phase est rapidement rompu par les interactions dipolaires. En
maintenant une grande partie des moments suivant -e, avec ’excitation, ’ensemble
est contraint dans un ordre antiferromagnétique par les interactions dipolaires. Le
mécanisme d’autorésonance est donc impossible a appliquer a un plan de nanopar-

ticules car les interactions dipolaires s’opposent au processus de retournement en
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F1GURE 2.21 — Dynamique d’aimantation dans un plan de nanoparticules. Evolution
temporelle de M, pour un moment qui se retourne a cause des interactions dipolaires
(bleu) et pour un moment qui revient a son orientation initiale (rouge).

entretenant ’ordre magnétique initial.

On étudie maintenant une chaine de nanoparticules de 25 nm dont les axes d’ani-
sotropie sont colinéaires a ’axe e, de la chaine. Dans cette configuration, c¢’est I'ordre
ferromagnétique qui est favorisé car ¢ < 1. On fixe d; = 1p m et on initialise tous
les dipdles dans la méme direction. Une fois I’équilibre thermique atteint, on ap-
plique le champ tournant b,. = € (cos q€, + sin¢,€,) afin d’inverser I'aimantation
de la chaine. Cette fois-ci, contrairement au cas planaire précédent, tous les mo-
ments magnétiques se retournent de fagon cohérente en suivant la méme trajectoire
(aux fluctuations thermiques pres). On peut alors analyser l'effet des interactions
dipolaires sur le phénomene de capture en autorésonance. Pour ce faire, on fixe la
température a 10 K et on calcule la probabilité de capture en fonction de 'amplitude
de lexcitation (Fig. 2.22 ) pour différentes valeurs de dy : 1 m, 36 nm et 26 nm.

do | lpgm | 36 nm | 26 nm
19 1 0.036 | 0.026
S(¢) 0 6300 | 25000

TABLE 2.1 — Valeurs de £ et S(§) correspondant aux différentes distances ds.

Pour chaque valeur d’amplitude b,. on effectue 1000 simulations et on calcule la
probabilité de capture en comptant le nombre de fois ou les moments se sont tous
retournés. On observe qu’en augmentant la force des interactions dipolaires (donc
en rapprochant les nanoparticules), la largeur de transition créée par la température
tend a diminuer. Elle va méme jusqu’a quasiment s’annuler lorsque les nanopar-
ticules sont en contact pour do = 26 nm. Ce phénomene a déja été observé dans
d’autres cas d’applications de I'autorésonance [129]. Les interactions dipolaires ont

donc ici une conséquence bénéfique puisqu’elles favorisent un retournement cohé-
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FIGURE 2.22 — Probabilité de capture en fonction de I’'amplitude de I'excitation pour
des nanoparticules de 25 nm de diameétre organisées en chaine a une température de
T =10 K et pour différentes distances interparticules dy : 1 m (cercles noirs), 36
nm (triangles rouges) et 26 nm (carrés bleus).

rent de tous les dipdles constituant la chaine et neutralisent l'effet délétere du bruit
thermique sur la capture en autorésonance. Il est a noter par contre qu’en rappro-
chant les nanoparticules on rallonge le temps de retournement. En effet, dans le cas
d’une chaine diminuer ds a pour conséquence d’augmenter le champ dipolaire moyen
dont dépend proportionnellement la fréquence de précession. On obtient donc une
fréquence de résonance f,. plus élevée, et comme on doit choisir fy > f., le temps
de retournement 7 = fy/a augmente également. Pour expliquer ce comportement,
on peut examiner comment les interactions dipolaires dans une chalne modifient
I’équation (2.86). Tout d’abord, si I'on considere la chaine illustrée en figure 2.19
mais réduite a deux nanoparticules ¢, j distantes d’une distance r;; = re., alors le
champ dipolaire exercé sur le moment magnétique m; par m; :

i @ (31‘1](1’1’11 rij) ml>

di 3
P A Y r
_ b (3r(psr) g
47 rd r3)
Molls
= 2 2.94
2777"3e ( )

Dans le cas d’une chaine infinie, toujours en supposant M, ~ ug, chaque moment

magnétique ¢ ressent la somme des champs magnétiques créés par les autres dipdles
j:
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B, = > B

dip dip
j=—o0,j#i
j=i+1
- 9 Hofts Hols Hoks Hols + e
23 2m(2r)®  2w(3r)3  2mw(4r)d ) 7

— Hoks (io L ) e, (2.95)

3 "3
mrd \on

ou Bf;»p est le champ dipolaire exercé par le dipdle j sur le dipole 7. On reconnait
ici la fonction zéta de Riemann ((k) = +ZO:O 2. Pour k = 3, il a été démontré en
1977 par Roger Apéry [131] que cette foncrgoln vaut 1.2020569 . .. qui est un nombre
irrationnel. C’est la constante d’Apéry. Finalement on a donc :

_ HomsC(3) (2.96)

B,
3

Revenons maintenant a 1’équation Eq. (2.67), ou la composante suivant e, du

champ magnétique se trouve augmentée par le champ dipolaire :

By =2KV/u, — By + By, (2.97)
Or
2k kT o
Aby, = —— . 2.98
"\ By (2.98)

Dong, en diminuant r pour amplifier les interactions dipolaires on augmente By,

et donc Bj, ce qui réduit Aby, pour une température donnée.

2.3 Controle de la précession par effet spin-torque

Pour l'instant nous avons étudié les effets d’une excitation autorésonante sous
la forme d’un champ magnétique oscillant. Toutefois, la fréquence de ce champ ma-
gnétique doit décroitre de plusieurs GHz en quelques nanosecondes, ce qui semble

difficile a réaliser expérimentalement avec la technologie actuelle. On a vu en dé-
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but de chapitre que la précession de 'aimantation peut aussi étre provoquée par
un courant polarisé en spin, et générer un courant de spin possédant les propriétés
fréquentielles voulues devrait étre plus aisé. En injectant un tel courant dans un
matériau magnétique, 'aimantation de ce dernier en sera perturbée par le couplage
avec les spins des électrons (effet de "spin torque'). Nous allons donc maintenant
étudier la possibilité de contréler de maniere autorésonante I’aimantation d’une na-
noparticule a I'aide d'un courant polarisé en spin. Lorsqu’on applique un tel courant,
la dynamique d’aimantation est toujours décrite par une équation de type Landau-

Lifshitz, mais I'effet du courant de spin est pris en compte via un terme additionnel
[132] :

dm
E = FLL + FG + FST (299)
ol m = m/pu; est le vecteur d’aimantation normalisée et I'y;, g, T'sr sont les
couples exercés par le champ effectif, par I'amortissement de Gilbert et par le courant

polarisé en spins (respectivement). Ces couples s’écrivent :

I =—ypom x Hegy (2.100)
I'c = —vypodm x (m x Heyy) (2.101)
Tsr = —ym x (m x 1) (2.102)

avec v = 1.76 x 10" rad.(Ts)~! le rapport gyromagnétique, et I, = Ige, est le
courant de spins polarisé suivant le vecteur unitaire e,. Ici I, est exprimé en unité
de champ magnétique, c’est-a-dire en T. Enfin, le champ magnétique effectif est de
la forme H sy = 2KV e, dans le cas d'une anisotropie uniaxiale suivant e,. On

HOMs
néglige dans un premier temps 'amortissement et on réécrit Eq.(2.99) :

dm  —
— =H 2.1
o X m (2.103)
avec
H=am.e, — vI, X m (2.104)

ola=w,= 275—‘/ est la fréquence linéaire du probleme. Deux cas particuliers de
S

o8



polarisation sont possibles. Soit le courant est polarisé perpendiculairement a 1’axe

d’anisotropie, soit la polarisation est colinéaire a e..

2.3.1 Courant de spin polarisé perpendiculairement a 1’axe

d’anisotropie

On étudie d’abord le cas ou le courant de spin est polarisé perpendiculairement
a l’axe d’anisotropie de la nanoparticule. On pose alors 7I, = J, (t)e, (le cas 7I; =
Jy (t)e, est similaire), avec J, (t) = 2 cos pq ou @4 = wot — at?/2. La fréquence de
I'excitation wy = wy — at décroit donc linéairement dans le temps. Alors :

H = (am, — Jymy)e. + Jym.e, (2.105)

Ensuite, de maniére similaire & ce qui est fait dans la partie (2.2.1) on transforme

I’équation de Landau-Lifshitz en un modeéle a deux niveaux :

dA K

zd—tl = ?OAl + KAs, (2.106)
(dA K .

Zd7t2 = —?OAQ + K Al (2107)

ou m est lié a Ay 5 par

My, — AlA; + ATAQ,
my, = 1(A1A;— ATA,), (2.108)
m, = |Ai|* — |4,

et les parametres kg et k s’écrivent :

1 e 1 1
K = i(Hx —iH,) = _§JJ_mz = —§JL(|A1|2 - |A2|2) (2.109)
ko = H,=am, — Jim, =a(|A|* — |As|?) —iJ (A1 A5 — AT Ay) (2.110)

On remarque que les équations (2.106) et (2.107) conservent la population totale
car |A;]? 4+ |A]? = |m| = 1. On cherche maintenant les solutions au couple d’équa-
tions (2.106) et (2.107) avec les conditions initiales A; = 1 et Ay = 0, c’est-a-dire

m = e,, & un temps ¢ty < 0 trés grand. A cette fin, on pose A; 5 = Bj2e“'? et on
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peut alors réécrire ces équations :

dB, Ji

o —7(Bf — B2) By cos(Ayp) (2.111)
dB J
Ezz—ﬁﬁ—%WMMMﬂ (2.112)

d o B )

% = (- 2B2) — J, <2321(B% —~ B?) - BlBg> sin(Ag)  (2.113)

d « B )

S (-2l - Ly (B - B+ BuBy)sin(dp)  (2114)
2

avec Ay = @y — 1. Puis on définit la différence de phase ¢ = Ay — pq — /2,
et en faisant 'approximation de 'onde tournante (on néglige les hautes fréquences)
on arrive au systeme d’équations suivantes pour les variables couplées By et ¢ :

dB
22— _S(B? — B2)B,sin(¢) (2.115)
dt 2
d¢ 9 €
— = 1—-2B;) — — 2.11
o a( 5) — wr + at 3B, 5, cos(¢) (2.116)

Le systeme est capturé en autorésonance lorsque 'amplitude du courant de spin
¢ excede une valeur seuil :

£ > ey = 0.41a"V2(2m) (2.117)

Pour une nanoparticule de volume V = 1.41 x 1072 m?, de constante d’ani-
sotropie K = 2.2 x 10° J/m? et portant un moment magnétique de magnitude
s = 2.36 x 1072° J/T, on obtient une amplitude seuil &4, de I'ordre de 108 s~ pour
a ~ GHz/ns. Soit un courant de spin I, ~mT.

Mais en analysant I’équation (2.115) on remarque que Bs varie de moins en moins
au fur et a mesure que By s’approche de B;. Et donc, lorsque m, = 0, % =0, le
régime autorésonant s’annihile et il est impossible de retourner entiérement I'aiman-
tation par ce procédé via un courant polarisé en spin. En d’autres termes, quelle que
soit 'amplitude de I'excitation, on ne peut pas amener le moment magnétique a for-
mer un angle supérieur a 90° avec ’axe d’anisotropie en utilisant un courant de spin
polarisé perpendiculairement a ce méme axe d’anistropie (cf. Fig.(2.23)). En absence
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FI1GURE 2.23 — Evolution temporelle de m, lorsque I, est polarisé perpendiculaire-
ment avec € = 3¢, et a = 2 x 10 Hz2.

d’amortissement, le moment continue ensuite a précesser selon un angle constant. On

s'interroge alors sur ce que devient cette dynamique en présence d’amortissement.

2.3.2 Précession entretenue par un courant de spin en pré-

sence d’amortissement

On complexifie maintenant le probleme en prenant en compte le terme d’amor-

tissement I' dans I’équation (2.99) :

dm
E = —ym X (,uoHeff + m X ()\LLgHeff + IS))) (2.118)

On cherche notamment a caractériser la stabilité du régime de précession for-
cée comme dans la partie (2.2.4). Nous allons examiner comment cette stabilité est
modifiée lorsqu’on remplace 'excitation magnétique par un courant de spin pola-
risé. Avec un courant de spin polarisé perpendiculairement a I’axe d’anisotropie, le
nouveau champ effectif H' s’écrit :

H = Aam,mye, + (Jim, — Aam,my)e, + (am, — Jimy)e, (2.119)

Alors, les parametres kg et k s’écrivent :
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1~ — m,

5 (=1 +2)0aA 45 (2.120)

ko = H.=am,—Jim,=a(|A|* — |As]?) —iJ (A1 A5 — AT Ay) (2.121)

Et on arrive aux équations suivantes :

dB
d—tl = —&(B? — B3)Bysin pgcos(Ap) + Na(B: — B3)B,B:  (2.122)
dB
de = ¢(B? — B%)By sin¢q cos(Ap) — \a(B? — B2)B,B? (2.123)

dyq a
dps a

o Ap = @y — 1 et ou l'on a négligé le terme en O(e) dans les deux derniéres
équations. Comme précédemment, on peut réduire ces quatre équations a un systeme
de deux équations pour 'amplitude By et la différence de phase ¢ = @4 — @ + 1 :

dB .

dTZ - %(Bf — B2)Bysin ¢ — \a(B? — B3)B,B? (2.126)
i
df = wy—a(B} - B3) (2.127)

Puis on définit ¢ = ¢ — 7w et * = B2, ces deux variables sont alors gouvernées
2
par les équations suivantes :

CZ: — _eF(2)siné — 2G(x) (2.128)
i3
i 2ax — A (2.129)

avec A = wy — wy et ou cette-fois ci F(z) = (1 — 2x)y/z(l —z) et G(x) =
(wo — 2ax)z(1 — x). On trouve alors I'état stationnaire (zo, ¢o) en posant % =0 :
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A
= — 2.1
Zo % ( 30)

2\ zo(1 — o)

¢0 = —7(0.)0—2ax0>

2.131
€ 1— 2.’170 ( )

ol ¢y K 1 lorsque Aa < e. Puis on procede une étude perturbative en posant
T =20+ 6x et ¢ = ¢y + 0 avec dx = dxe™! et ¢ = dpet. La substitution de ces
formes dans les équations (2.128) et (2.129) produit un polynéme du second degré
en v similaire a celui de la partie (2.2.4) :

v? —iAfv — 2ea, F(70) = 0 (2.132)

dont les solutions v, et v_ sont de la forme

)\f A [8a1F(xo)
vy =i \/ 1Af2° X_l (2.133)

et ou cette fois-ci, en posant wy = NA, la fonction f est différente de celle de la
partie (2.2.4) et s’écrit :

A
1—2.’130

f= (N — 3+ 62 — 4z7). (2.134)
On peut maintenant calculer numériquement les valeurs que prennnent v, et v_
en fonction de la fréquence cible de I'excitation wy :

On remarque que, quel que soit la valeur de I'amortissement, les parties ima-
ginaires sont toujours positives et donc le régime forcé amorti est toujours stable.
Pour un faible amortissement A = 0.01 les parties imaginaires de v, et v_ sont
égales et 'approximation A/e < 1 est donc bien valide. Pour un amortissement plus
élevé de A = 0.5, Im(vy) et Im(v_) se différencient au-dela d'un certaine valeur de
wy avec Im(vy) > Im(v_). Méme pour des valeurs de wy plus faibles, les deux par-
ties imaginaires sont bien plus grandes que dans le cas d’un faible amortissement.
Donc, augmenter 'amortissement rend le régime forcé encore plus stable. On vérifie
numériquement, que 1’on peut entretenir la précession du moment magnétique pour

70
n’importe quel angle de précession dans I'intervalle {O, ]

Sur les figures (2.25(a)) et (2.25(b)) on remarque qu’il est effectivement possible
de forcer le moment magnétique a précesser a des angles bien supérieurs a 45°, en
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FIGURE 2.24 — (a) Parties imaginaires de vy pour A = 0.01, les deux courbes sont

confondues. (b) Parties imaginaires de vy pour A = 0.5. Notons que les échelles en
ordonnées sont différentes.

1 1
08 ] 0.8
06| 06
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time(ns) time(ns)
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FIGURE 2.25 — (a) Projection du moment magnétique suivant e, pour 3£ = 4 GHz.

(b) Evolution temporelle de m. pour 3£ = 0.2 GHz.
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I'occurence 57° (2.25(a)) et 88° (2.25(b)). La seule contrainte repose sur 'amplitude
de l'excitation qu’il faut augmenter si 'on veut un angle de précession plus grand.
Dans nos simulations, on a utilisé un courant Ig de 6.3 mT pour un angle de 57°,

alors qu’un courant de 11.3 mT est nécessaire pour forcer un angle de 88°.

2.3.3 Courant de spin polarisé parallelement a ’axe d’ani-

sotropie

On examine maintenant le cas d’un courant polarisé suivant e,, et sans amortis-

sement. Alors, cette-fois vI; = —J(t)e. et donc :
H=am.e, — Jy(mye, — myey) (2.135)
Puis,
1 N .
ko= S(H,—iH,) = —%Ju(mx —imy,) = —iJ A A} (2.136)
ko = H,=a(|A1]* — |As]?) = wo — 2a| Ay (2.137)

Alors les équations (2.106) et (2.107) deviennent :

A a |
i = A = A Ar =iy Ay A (2.138)
dA : |

igr = (AP = A A+ iy Asf Ay (2.139)

Comme dans le cas précédent, on pose Ay o = By 2€"?? et on trouve les équations

suivantes :

dB,

—— = —JB,B? 2.14
7 J| B1B; (2.140)
dB

d—; = JyByB? (2.141)
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dy a
dTl = —§(Bf—B22) (2.142)
dy a
dTZ - 5(33—33) (2.143)

On voit tout de suite que la variation de By (et donc de Bj) est indépendante
de la différence de phase dp = 3 — ¢1. Or, c’est par le controle de la phase que
l’autorésonance fonctionne. Le déphasage d¢ entre A; et Ay représente en fait la
phase du moment magnétique. Chercher a capturer et controler la précession du
moment magnétique par un verrouillage en phase n’a donc pas beaucoup de sens ici,
et appliquer une excitation oscillante chirpée ne fait que compliquer les choses sans
effet bénéfique particulier.

Par séparation des variables suivie d’une intégration, on trouve la solution pour
BQ .

2N BS(O)G2F
Bi(t) = B2(0) + B2(0)e (2.144)

ou I' = [j Jydt. Si T est suffisamment grand, alors By — 1 si By(0) # 0. Il est
donc possible de retourner entierement ’aimantation a condition que le moment

magnétique initial ne soit pas exactement aligné sur ’axe d’anisotropie.

On remarque sur la figure (2.26) que I'expression analytique de Bs(t) de I’équa-
tion (2.144) correspond parfaitement a la solution de I’équation de Landau-Lifshitz.
Pour réaliser cette figure, le moment magnétique a été initialisé avec un angle de
1° par rapport a I’axe d’anisotropie, et un courant de /g = 3 m'T a été utilisé. En
augmentant 'amplitude du courant de spin le retournement est plus rapide. Il suffit
que Jj soit une simple fonction créneau, ou un pulse de forme quelconque mais sans
oscillations, pour retourner ’aimantation. On pourra utiliser au préalable un cou-
rant de spin polarisé perpendiculairement afin d’amener le moment magnétique a un
certain angle de précession avant d’activer un courant de spin J| pour retourner I’ai-
mantation. L’idéal serait de pouvoir maintenir le moment magnétique en précession

avec un angle de 90° afin de minimiser 'amplitude de J| nécessaire.

2.4 Conclusion préliminaire

Dans ce chapitre, nous avons montré analytiquement et numériquement que le

mécanisme d’autorésonance peut étre exploité afin de controler et d’optimiser le
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FIGURE 2.26 — Evolution temporelle de m, lorsque I, est polarisé parallelement &
e.. La droite rouge est la trajectoire de m, donnée par l'intégration numérique de
I’équation de Landau-Lifshitz, tandis que les points bleus donnent la trajectoire de
m, reconstituée a partir des valeurs de By(t) (Eq.(2.144)).

retournement de 'aimantation d’'une ou plusieures nanoparticules.

Lorsque l'excitation autorésonante prend la forme d’un champ magnétique os-
cillant, elle permet de réduire efficacement 'amplitude du champ de retournement.
Barros et al. [100] avaient déja montré qu'un champ magnétique oscillant permet de
réduire le champ de retournement. En reprenant leurs parametres et leur configura-
tion, mais cette fois-ci en exploitant 'autorésonance, nous avons réussi a retourner
I’aimantation de la nanoparticule avec By = 0.1 T et b = 11 mT soit une réduction
de 307 comparé aux valeurs de Barros et al.. Sans champ oscillant, le champ de
retournement vaudrait By = 0.2 T. En utilisant 'autorésonance, on a donc réduit
cette valeur de moitié. Dans I’absolu, il n’y a en fait méme pas besoin d’appliquer un
champ de retournement statique, un champ magnétique oscillant chirpé de quelques
m'T suffit. Sur la base d’'un modele a deux niveaux, nous avons pu prédire quantitati-
vement 'effet de seuil du régime autorésonant ainsi que les effets de I’amortissement,
de la température et des interactions dipolaires. Concernant le seuil autorésonant,
nous avons vérifié la loi d’échelle caractéristique by, o a®/* qui relie amplitude
de V'excitation b au taux de variation de la fréquence a. L’amortissement a pour
principal effet de modifier légerement cette valeur seuil. La température crée une
largeur de transition autour de la valeur seuil, et les interactions dipolaires peuvent
dans certaines configurations s’opposer a ’agitation thermique et réduire cette lar-
geur de transition. Le role de l'interaction dipolaire a été étudié dans ce chapitre

dans 'approximation de champ moyen, mais nous avons montré que le calcul exact
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des interactions produit qualitativement le méme effet. Toujours dans le cadre d’une
excitation magnétique, nous avons analysé la stabilité du régime forcé amorti de pré-
cession a angle fixe. Nous avons montré qu’il est possible d’entretenir un tel régime
lorsque 'angle de précession est inférieur a 45°. Pour un angle supérieur, le régime
est instable et le moment magnétique rejoint I’'une de ses deux orientations stables.
Les simulations numériques sont en bon accord avec cette prédiction puisqu’elles
indiquent un angle critique de 50°.

Enfin, nous avons également étudié le cas ou 'excitation est un courant de spin
polarisé dont 'amplitude oscille dans le temps. Nous avons montré qu’'un courant
polarisé perpendiculairement a ’axe d’anisotropie permet de capturer le moment
magnétique en autorésonance mais qu’il est impossible de 'amener au-dela du plan
perpendiculaire a I’axe d’anisotropie, ¢’est-a-dire un angle de précession de 90°. Nous
avons ensuite examiné 'effet d’un courant polarisé parallelement a I’axe d’anisotro-
pie. Cette configuration est connue et largement utilisée dans les expériences de "spin
torque', elle permet d’inverser entierement ’aimantation de la nanoparticule. Nous
re-démontrons ce mécanisme a ’aide du modele a deux niveaux. L’objectif serait
donc de combiner les deux types de courant de spin, c¢’est-a-dire éloigner le plus pos-
sible le moment magnétique de son axe d’anisotropie en maintenant se trajectoire
précession a un angle donné a ’aide d’un courant polarisé perpendiculairement, puis
enclencher un courant polarisé colinéairement pour retourner totalement ’aimanta-
tion. Nous avons alors montré qu’il est possible d’entretenir la précession du moment
magnétique a un angle fixe en présence d’amortissement pour n’importe quel angle
de précession entre 0 et 90°. Ce qui n’était pas possible avec une excitation magné-

tique qui limite I’angle de précession a 45°.
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Chapitre 3

Etude de l’effet du désordre sur
I’'intensité de 'interaction

dipolaire

3.1 Introduction

L’assemblage structuré et controlé de nanoparticules est d’un grand intérét pour
différents types d’applications, que ce soit pour le stockage magnétique [18, 19], en
tant que capteurs [20, 21], ou encore dans le domaine du transport électronique
[22, 23, 24]. Toutefois, I’étude et la compréhension de la corrélation entre I’arran-
gement spatial et I'ordre magnétique est primordial. En effet, dans ces métama-
tériaux, c’est l'interaction dipolaire qui est a l'origine de l'ordre magnétique. Et
cette derniere dépend fortement de la dimensionalité de la structure, des positions
des nanoparticules, de la densité,... Bon nombre de ces applications nécessitent une
grande perfection au niveau de I'organisation géométrique des nanoparticules. Il est
possible de contrdler les interactions dipolaires en structurant 1’assemblée de nano-
particules, mais les nanoparticules s’organisent souvent de maniere complexe dans
des arrangements parfois difficiles a expliquer. Le phénomene d’auto-assemblage des
nanoparticules sur un substrat peut créer des structures trés ordonnées prenant la
forme de monocouches en réseaux carrés ou hexagonaux [133], ou encore de su-
pracristaux en trois dimensions atteignant plusieurs millimetres [134]. Bien que la
préparation d’assemblées structurées de nanoparticules s’est améliorée au cours de
ces derniéres années [135], les limitations techniques associées a leur synthese expé-
rimentale empéchent d’améliorer la structuration des ensembles de nanoparticules.
Toutefois, la préparation d’assemblées bidimensionnelles, comme une monocouche

par exemple, permettant un fort contrdle topographique est maintenant bien ac-
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quise. Contrairement aux assemblées en trois dimensions comme les poudres, il a
été montré que les propriétés collectives des monocouches sont améliorées par 'ani-
sotropie de forme qui intensifie les interactions dipolaires [136, 16]. L’assemblage de
nanoparticules par la technique de Langmuir-Blodgett permet de controler la dis-
tance interparticules a entre 1 et 10nm. Cette approche a permis de confirmer une
évolution linéaire de la température de blocage en fonction de 1/a® [54]. 11 existe
cependant un parametre encore difficile a maitriser : le désordre. C’est un parametre
ayant une influence critique sur les propriétés collectives, mais qui reste difficile a

étudier d’un point vue uniquement expérimental.

Une approche théorique offre donc une alternative complémentaire intéressante
[137, 8, 138, 139, 49, 9]. Quelques études numériques [139, 64] s’étant portées sur
le sujet ont montré un résultat étonnant : le désordre structurel n’aurait que peu
d’influence sur 'ordre magnétique. Les configurations magnétiques d’un ensemble
de nanoparticules en phase amorphe et en phase cristalline seraient méme tres si-
milaires [64]. Néanmoins, & notre connaissance, peu d’études proposent une analyse
a la fois expérimentale et théorique [64] de I'effet du désordre. Dans cette partie,
nous menons une étude numérique de l'effet du désordre chimique et de la den-
sité sur l'intensité des interactions dipolaires magnétiques dans une monocouche
de nanoparticules. Les caractéristiques magnétiques intrinseques des nanoparticules
conrrespondent a celles de nanoparticules d’oxyde de fer de 10nm de diametre afin
de pouvoir comparer les résultats décrits ici avec des résultats expérimentaux pré-
existants de monocouche obtenues par la technique de Langmuir-Blodgett. On étudie
la modification des interactions dipolaires en fonction de 'arrangement spatial des
nanoparticules, c’est-a-dire en fonction de la distance interparticules et de leur orga-
nisation géométrique. Les propriétés collectives sont examinées en reproduisant des
distributions en températures de courbes d’aimantation (ZFC), d’énergie dipolaire,
d’énergie de Zeeman et d’orientations des moments magnétiques dans I’échantillon.
Notre analyse s’appuie également sur des courbes ZFC expérimentales.

3.2 Courbes ZFC et effet des interactions dipo-

laires sur la température de blocage

Les nanoparticules que 'on considére sont caractérisées par le fait qu’elles de-
viennent superparamagnétiques au-dela d’'une certaine température appelée la tem-
pérature de blocage Tg. En effet, dans le cas d’une anisotropie uniaxiale, la barriere
d’énergie qui sépare les deux orientations préférentielles de 'aimantation est pro-

portionnelle a K'V'. Si I’énergie thermique kg1 devient du méme ordre de grandeur
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FIGURE 3.1 — (a) Courbes FC/ZFC de nanoparticules de Fe30, monodisperses de
différentes tailles disposées en poudre ou dispersées en solution, d’apres Bae et al.
[15]. (b) Courbes ZFC de nanoparticules ordonnées en supracristaux (rouge) ou en
phase amorphe (noir), d’apres Pileni [140].

que cette barriere d’énergie, alors le macrospin fluctue entre ces deux orientations le
long de 'axe d’anisotropie. La tracé d’'une courbe ZFC (Zero Field Cooled) est une
des méthodes expérimentales qui permet de déterminer la température de blocage
d’un ensemble de nanoparticuels magnétiques. Les figures (3.1(a)) et (3.1(b)) illus-
trent des exemples de ce type de courbe. Dans ce processus, I’échantillon est d’abord
refroidi a une température de 'ordre de quelques kelvins sans champ magnétique ex-
terne. Si les axes d’anisotropie sont orientés aléatoirement, alors I’aimantation totale
de I’échantillon est a peu pres nulle puisque les contributions de tous les macrospins
s’annulent. Ensuite, un champ magnétique externe est appliqué et la température est
graduellement augmentée. L’élévation de température permet a chaque macrospin
de surmonter sa barriere d’énergie anisotropique et de s’aligner avec le champ ma-
gnétique qui lui est appliqué. Lorsque la température s’approche de Tz, de plus en
plus de moments magnétiques passent de 1’état bloqué a I'état superparamagnétique
et deviennent ainsi capables de s’aligner sur le champ magnétique. Alors I'aimanta-
tion de I’échantillon augmente tres rapidement jusqu’a une valeur maximum. A des
températures supérieures a T, les moments magnétique fluctuent aléatoirement et

I'aimantation mesurée (moyennée temporellement) décroit peu a peu vers zéro.

La forme d’une courbe ZFC dépend non-seulement des propriétés intrinseques des
nanoparticules mais aussi des caractéristiques d’ensemble. Par exemple, sur la figure
de Bae et al. (Fig;(3.1(a))) on voit qu’en augmentant la taille des nanoparticules le
maximum de la courbe ZFC est déplacé vers les hautes températures, ce qui est lo-
gique puisque la température de blocage est plus grande. On voit aussi que, a tailles
égales, des nanoparticules dispersées dans un fluide ont une température de blocage
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FIGURE 3.2 — (a) Température de blocage en fonction de la distance interparticule,
résultats expérimentaux d’apres Bae et al. [15]. (b) Température de blocage en
fonction de 1/a®, résultats de simulations d’apres Kechrakos et Trohidou [9].

plus faible que celles en poudre. D’apres Bae et al., lorsqu’elles sont en solution les
nanoparticules sont plus éloignées les unes des autres et la réduction de l'intensité
des interactions dipolaires entraine une diminution de la température de blocage. La
distance interparticule n’est pas la seule variable collective qui influe sur la courbe
ZFC. Sur la figure (3.1(b)) on voit que le désordre modifie légerement 'allure de
la courbe ZFC. La position du maximum d’aimantation reste quasiment inchangée
mais la courbe est plus large dans le cas désordonné. On peut comprendre une courbe
ZFC d’un ensemble de nanoparticules comme une superposition des courbes ZFC
de chaque nanoparticules, chacune possédant sa propre température de blocage. Un
élargissement de la courbe ZFC global indique donc une distribution de tempéra-
ture de blocage plus étendue. Or dans un ensemble désordonné, I’environnement de
chaque nanoparticule est plus varié que dans un ensemble ordonné, ce qui explique
de plus grandes différences entre les températures de blocage.

Un moyen courant pour faire varier 'intensité des interactions dipolaires consiste
a jouer sur la distance interparticule, notée a. En effet, I'énergie dipolaire varie en
a3, Expérimentalement, il a été montré que la température de blocage augmente
lorsque la distance interparticule diminue [15, 141, 16]. Plus précisemment, il semble

communément admis que Tz est une fonction linéaire de a=3

, méme si Frankamp
et al. ont observé deux régimes différents sur des nanoparticules d’oxyde de fer.
D’apres ces derniers, pour de faibles distances Ts varie en a2 tandis qu’au dela

d’une certaine distance T varie en a=°F.

La dimensionnailté de la structure a aussi son importance. D’aprés Poddar et al.

[16], si les nanoparticules sont organisées en monocouche la température de blocage
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de I'ensemble sera plus élevée que si elles sont arrangées en multicouches.

Les méthodes numériques peuvent se résumer en deux catégories. La premiere
consiste en une version simplifiée de 1’équation de Landau-Lifshitz-Gilbert, prise
dans la limite d’'un fort amortissement et ou les interactions dipolaires sont soit
traitées en champ moyen soit ignorées au-dela d’une distance de "cut-off" [64]. La
deuxieme, plus fréquente, repose sur une approche de type Monte Carlo, ou on ne si-
mule la dynamique d’aimantation comme avec I’équation de Landau-Lifshitz-Gilbert
mais on cherche plutét la configuration magnétique qui minimise 1’énergie libre. Ces
deux méthodes sont équivalentes dans la limite thermodynamique, mais vu la com-
plexité du calcul numérique des interactions dipolaires il est préférable de simuler
un systeme de taille raisonnable pendant tres longtemps putot qu'un tres grand en-
semble de nanoparticules. La méthode de Monte Carlo est donc plus adaptée, d’au-
tant que seules les configurations magnétiques d’équilibre nous intéressent. A 1'aide
d’approches de Monte Carlo adaptées, il a été montré que la température de blocage
est modifiée par 'interaction dipolaire [51, 142, 53] et qu’elle dépend linéairement
de a3 [9, 51, 52]. Cet effet est interprété comme une augmentation de la barriere
d’anisotropie de chaque nanoparticule. Une approche numérique permet aussi de
créer de maniere précise et controlée différents types de désordre dans le réseau de
nanoparticules. Par exemple on peut aisément modifier la densité surfacique d’une
monocouche [52]. Dans ce cas, si 'on compare les courbes ZFC correspondant a une
densité de 1007et de 807, bien que 'aimantation totale de la monocouche ait dimi-
nuée d’a peu pres 107 la température de blocage reste sensiblement la méme. I1 est
également possible d’attribuer des positions aléatoires aux nanoparticules [139, 64].
Brinis et al. ont utilisé une technique de Monte Carlo pour calculer des courbes
de susceptibilité magnétique d’'une monocouche de nanoparticules possédant une
maille carrée et ou les axes d’anisotropie sont tous paralleles entre eux et orientés
dans le plan de la monocouche. Etonnament, il n’existe aucune différence significa-
tive entre entre les courbes du cas ordonné et du cas désordonné. En optant pour
une approche dynamique basée sur I’équation de Landau-Lifshitz-Gilbert avec un
fort amortissement, Varon et al. [64] ont observé que la structure magnétique créée
par les interactions dipolaires dans une monocouche reste globalement inchangée si
I'on perturbe aléatoirement les positions des nanoparticules. Le seul effet notable
est une réduction de 'aimantation de ’ensemble. Ces observations sont corroborées

par des mesures expérimentales.

En fait, peu d’études analysent I'effet du désordre sur ’allure de la courbe ZFC
par des moyens a la fois théoriques et expérimentaux. Par exemple, Kechrakos et
Trohidou [52] ont examiné 'effet de la densité surfacique d’une monocouche sur les
courbes ZFC a l'aide de résultats expérimentaux et numériques. Aussi, le concept
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de désordre peut avoir différentes significations et prendre des formes tres variées.
Le moyen le plus courant de créer du désordre est de perturber les positions de
toutes les nanoparticules, ou bien d’attribuer différentes tailles aux nanoparticules en
accord avec une certaine distribution. Mais, a notre connaissance, il n’existe aucune
étude dans laquelle le désordre est créé par la suppression d’un certain nombre de
nanoparticules tout en préservant la structure ordonnée des nanoparticules restantes.
Or nous pensons que ce type de désordre est adapté a la description des monocouches
que nous voulons étudier, dans lesquelles il existe un ordre local sur une distance de
20 nm [143]. Déplacer toute les nanoparticules aléatoirement ne rendrait pas compte

de cet ordre local.

Dans ce chapitre, nous allons caractériser les propriétés collectives d'une assem-
blée bidimensionnelle de nanoparticules magnétiques a l'aide d’un algorithme de
type Monte Carlo ou la modification aléatoire est une rotation du moment magné-
tique. Afin de pouvoir comparer nos résultats aux données expérimentales, nous
considérons des nanoparticules d’oxide de fer de 10 nm de diametre assemblée sur
un réseau hexagonal. L’interaction dipolaire est calculée de maniere exacte, et dé-
pend donc sensiblement de 'arrangement spatial. C’est-a-dire qu’elle est fonction
non-seulement de la distance interparticulaire mais aussi de ’organisation des nano-
particules dans la monocouche. Nous examinerons 'influence du désordre en fonction
de la distance interpaticulaire et en fonction du nombre de défauts dans la mono-
couche. Les propriétés magnétiques collectives sont déterminées a partir de distribu-
tions de courbes d’aimantation dépendantes de la température, mais aussi par des
considérations énergétiques et en calculant des distributions d’angles d’aimantation.

3.3 Modele et approche numérique

On considere une assemblée monodisperse de nanoparticules magnétiques pos-
sédant une anisotropie uniaxiale et répartie sur un réseau hexagonal bidimension-
nel (comme le montre les images de I’échantillon expérimental en figures (3.3(a))),
(3.3(b))) et (3.3(c))). Les nanoparticules considérées sont monodomaines pour un
diametre o inférieur a 30nm [6, 144], on travaillera donc sous I'hypothese du
macrospin. Ces nanoparticules de 10nm de diametre ont une constante d’aniso-
tropie K = 2.82 x 10*J/m?® et portent un moment magnétique de magnitude
ps = 2.5 x 108, = 2.32 x 10719J/T. les axes d’anisotropie sont orientés aléatoi-
rement dans le plan (e,,e,) formé par le film monocouche, et les nanoparticules
occupent les sites d’un réseau hexagonal de parameétre de maille a > 0+ 2.5 nm. On

applique un faible champ magnétique B.,; de magnitude 7.5 mT et orienté dans le
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(b) ()

FIGURE 3.3 — (a) Images MEB d’une monocouche de nanoparticules de 10nm de
diametre fabriquée par la technique de Langmuir-Blodgett [143]. (b) Spectre d’au-
tocorrélation de 'image MEB [143]. (c¢) Image MEB d’une monocouche de nano-
particules de 16nm de diametre fabriquée par la technique de Langmuir-Blodgett
[136]

plan du film. Alors, I’énergie d’'une nanoparticule ¢ s’écrit :

E;=E +E + E}‘h.p (3.1)

ou E,, est I'énergie d’anisotropie, £/, I’énergie de Zeeman et Eg;), 1'énergie dipolaire.
On définit 6; 'angle entre le moment magnétique m,; = M, /s et 'axe d’anisotropie,
et r; la position de la i-éme nanoparticule. Les différentes énergies s’écrivent alors :

E! = KVsin?0; (3.2)
E; - _Mi ' Be:vt (33)

j foft2 s - Th A oANA A
E S R o) L 4
dip — ]z#:l 47T|r”|3 © My 3(ml rl])(ml TU)) (3 )

avec r;; = |r; — r;| est la distance centre a centre entre deux nanoparticules i et j,

et 75; est le vecteur distance unitaire.

L’énergie potentielle est donc déterminée par I'orientation relative entre les mo-
ments magnétiques et leur propre orientation vis-a-vis du champ magnétique externe
et vis-a-vis de leur axe d’anisotropie. On cherche a amener la monocouche de nano-
particules dans sa configuration magnétique d’équilibre correspondant a une tem-
pérature donnée, c’est pourquoi nous avons opté pour une approche de type Monte
Carlo [138, 139, 49, 9]. L’algorithme de Metropolis [145] est utilisé pour relaxer
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vers une distribution de Boltzmann en choisissant la configuration la plus favorable
énergétiquement sous les perturbations de I'agitation thermique. Un pas de Monte
Carlo consiste a désigner une nanoparticule au hasard dans le systeme au temps ¢
d’énergie F; et modifier aléatoirement son moment magnétique. Puis on décide a
I’aide de I’algorithme de Metropolis si ce nouvel état test d’énergie E;. peut étre
accepté ou doit étre rejeté en se basant sur la différence d’énergie AE = Fy.oy — Ej.
L’état test est accepté avec une probabilité valant 1 si AFE est négatif, ou choisie
dans la distribution exp(—AFE/kgT) sinon. S'il est accepté, alors Fyyn = B+ AE.
A basse température cet algorithme tend a accepter essentiellement des états d’éner-
gie plus faible, mais plus la température est élevée plus la probabilité de faire un
saut d’énergie positif est élevée. La modification aléatoire en question est en fait une
rotation du moment magnétique. En pratique, on attribue une nouvelle orientation
au macropsin prise dans une distribution uniforme. Il est important que cette dis-
tribution soit uniforme si 'on veut que notre algorithme échantillonne ’espace des
phases de maniere efficace et dans son intégralité. Par exemple, créer un tel vecteur
en générant trois composantes aléatoires (M,, M,, M,) a partir d'une distribution
uniforme ne vérifie pas cette condition. En effet, le nouveau moment magnétique sera
uniformément distribué dans un cube, mais apres renormalisation la distribution de
probabilité sera plus élevé selon les axes diagonaux du cube (voir Fig.(3.4(b))). Dans
ce cas, la probabilité de transition d’une orientation diagonale vers n’importe quelle
autre direction est bien plus faible que la transition inverse et I'algorithme sera dé-
ficient. Il en va de méme si I'on travaille en coordonnées sphériques. En piochant
aléatoirement deux angles (6, ¢) dans des distributions uniformes ([0, 7], [0, 27]), la
distribution finale du vecteur sera plus dense au niveau des poles de la sphére unitaire
(voir Fig.(3.4(a))). Il existe différentes méthodes pour générer un vecteur aléatoire
uniformément réparti dans la sphere unitaire, celle que nous avons choisi se déroule

de la fagon suivante :

r=rand (U([0,1]));
R=rand(U([0,1]1));
theta=acos(1-2x*r) ;
phi=2*pix*R;
vx=sin(theta)*cos(phi);
vy=sin(theta)*sin(phi);
vz=cos(theta) ;

La distribution résultante du vecteur v ainsi généré est illustrée sur la figure
(3.4(c))

Toutefois, d'un point de vue physique, 'amplitude de la rotation est limitée
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FIGURE 3.4 — (a) Distribution de probabilité projetée sur la sphere unitaire (vue
du dessus) d’un vecteur aléatoire créé en générant uniformément deux angles (6, ¢)
sur 10* réalisations. (b) Distribution de probabilité d’un vecteur aléatoire créé en
générant uniformément trois composantes (M,, M,, M,) sur 10* réalisations. (c) Dis-
tribution de probabilité d'un vecteur aléatoire créé via notre méthode.

par la température. Aussi, afin de maximiser la convergence sans modifier I’état
d’équilibre fourni par la simulation de Monte Carlo, on aimerait maintenir le facteur
d’acceptation d’un nouvel état au plus proche de 507 . On limite alors I'orientation
du nouveau vecteur d’aimantation a un cone, dont le rayon dépend de la tempéra-
ture. En supposant que l'on ait deja un vecteur v; aléatoire obtenu par la méthode
précédente, I'algorithme qui permet de générer un autre vecteur M’ uniformément

réparti dans un cone d’ouverture « a partir de vy et M est le suivant :

v2=cross(vi,M);
v2=v2/norm(v2) ;
v3=cross(v2,M);
v3=v3/norm(v3) ;
s=rand(U([0,1]));
S=rand(U([0,1]1));
h=cos(alpha);

psi=2*pix*s;

z=h+(1-h)*S;
sin_beta=sqrt (1-z*z);
x=cos(psi)*sin_beta;
y=sin(psi)*sin_beta;
Mx’=x*v2x + y*v3x + z*Mx;
My’ =x*v2y + y*v3y + z*My;
Mz’=x*v2z + y*v3z + zxMz;

On vérifie que la distribution de probabilité de M’ est uniforme sur ’angle solide

du cone. L’angle de demi-ouverture du cone a été déterminé empiriquement pour la
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série de températures simulées en vérifiant que la proportion d’états acceptés par

l’algorithme de Metropolis soit proche de 50/ et suit la fonction suivante :

a = 0.0317°585 & (3.5)

ol « est en radians et T' en kelvins. Ce modele ne reproduit pas la précession du
moment magnétique, il n’est donc valable que lorsque 'amortissement de Gilbert
est tres grand.

Afin de reproduire une courbe ZFC, on réalise une série de simulation de Monte
Carlo a différentes températures en commencant a 7' = 0 K. Dans cette premiere
simulation les moments sont initialisés suivant leur axe d’anisotropie (orientés aléa-
toirement dans le plan du film), on ne reproduit pas le refroidissement sous champ
nul. On laisse la compétition entre les interactions dipolaires et I’orientation anisotro-
pique intraparticulaire créer la configuration magnétique d’équilibre. La température
est ensuite augmentée a T;,1 = T; +5 K, et les orientations finales des moments ma-
gnétiques a T; sont reprises comme configuration initiale a T, 1. Pour chaque valeur
de température, on effectue d’abord 10* pas de Monte Carlo par nanoparticule afin
de thermaliser le systeme, puis on mesure les valeurs moyennes de certaines obser-
vables comme ’aimantation dans le plan du film pendant 5 x 10° pas. Ceci constitue
alors une réalisation, que 'on va répéter 40 fois avec différentes orientations des
axes d’anisotropie afin de compenser la petite taille du systeme. Ces 40 réalisations
statistiquement indépendantes et produites a partir de conditions initiales diffé-
rentes sont ensuite moyennées pour former une courbe d’aimantation en fonction
de la température. Les axes d’anisotropie étant orientés aléatoirement et la barriere
d’énergie créée par 'anisotropie étant dominante devant l'interaction dipolaire et
I’agitation thermique, la moyenne d’ensemble de 'aimantation a faible température
est approximativement nulle. En augmentant la température, 1’agitation thermique
devient suffisante pour défaire les moments magnétiques de leur axe d’anisotropie
et un ordre magnétique peut se développer sous l'effet des interactions dipolaires
et du champ magnétique externe. Au dela d'un certain domaine de température,
I’énergie thermique devient plus grande que n’importe quelle énergie magnétique.
L’ensemble de nanoparticules devient superparamagnétique et I’aimantation totale

moyennée dans le temps tend vers zéro.
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3.4 Réseau hexagonal ordonné

On étudie dans un premier temps un ensemble de nanoparticules parfaitement
distribuées sur un réseau hexagonal. Afin de réduire la densité et donc diminuer I’in-
tensité des interactions dipolaires, nous allons simplement augmenter le parametre
de maille et donc éloigner les nanoparticules les unes des autres. En particulier, nous
allons examiner 'influence d’un parametre de maille (distance entre les centres des

nanoparticules) valant 12.5 nm, 15 nm, 20 nm et 25 nm.
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Ficure 3.5 — Courbes ZFC d’'un FIGURE 3.6 — Températures maxi-

réseau bidimensionnel hexagonal or-
donné de 49 nanoparticules pour diffé-
rents parametres de maille. L’aimanta-
tion est mesuré dans le plan du réseau
et normée par sa valeur maximale.

males des courbes ZFC en fonction
de 1/a®. Les symboles rouges, verts et
noirs sont issus de simulations numé-
riques tandis que les symboles bleus
proviennent des expériences.

En faisant varier la distance entre particules voisines on observe trois effets sur
les courbes ZFC :

e Augmenter la distance interparticule diminue la température de blocage, ce qui
est un effet connu théoriquement [49, 14, 50, 51, 52, 53] et expérimentalement
[54, 55, 56, 16, 57, 58, 59]. Le maximum d’aimantation prend des valeurs
allant de 117 K pour a = 25 nm a 142 K pour a = 12.5 nm. On remarque
qu’il n’y a pas énormément de différences au-dela de 20 nm, ce qui signifie
que les interactions dipolaires sont déja tres faibles et on retrouve le cas de
nanoparticules isolées. L’énergie dipolaire devient moins compétitive vis-a-vis
de I’énergie thermique et des autres énergies magnétiques.

e Plus les interactions dipolaires sont fortes, plus la courbe est évasée. On peut
interpréter chacune de ces courbes comme une combinaison de "modes" avec
différentes températures de blocage, c¢’est-a-dire qu’il existe une distribution
de température de blocage. Lorsqu’on augmente la distance interparticule les

nanoparticules tendent a étre de plus en plus isolées, et parce qu’elles sont
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toutes identiques le mode principal est celui d’une nanoparticule isolée. Mais
lorsqu’on les rapproche on augmente la frustration magnétique ce qui rend les
configurations d’équilibre plus complexes et variées et tend donc a diversifier
les modes contribuant a la courbe totale.

e Dans l'intervalle de températures inférieures a 100 K, I'aimantation augmente
plus tot et plus lentement lorsque les interactions dipolaires sont plus intenses.
Cela signifie que les interactions dipolaires facilitent le décrochage des mo-
ments magnétiques de leurs axes d’anisotropie et crééent plus aisément une
aimantation dans le plan de la monocouche comme 'ont déja remarqué Brinis
et al. [139]. Mais quand les interactions dipolaires sont faibles les moments
magnétiques réagissent au champ externe dans leur ensemble de maniere plus
simultanée. Un tel comportement est similaire a ce qui a été observé expéri-
mentalement [136]. Dans cette étude, des nanoparticules d’oxyde de fer de 5
nm de diametre y sont caractérisées par une distribution réduite de tempéra-
tures de blocage, c¢’est-a-dire une courbe ZFC tres étroite. Des nanoparticules
plus grandes de 16 nm de diameétre, générant donc des interactions dipolaires

plus intenses, produisent une courbe ZFC plus large.

"o 100 200 300 i 100 200 300
T(K) T(K)
FIGURE 3.7 — Energie dipolaire normée FIGURE 3.8 — Energie de Zeeman nor-
en fonction de la température pour dif- mée en fonction de la température
férents parametres a. pour différents parametres a.

La température de blocage T}, extraite des données de Fig.(3.5) a été com-
parée aux données expérimentales de Fleutot et al. [54] en Fig.(3.6). On constate
que, similairement aux expériences, la température de blocage donnée par nos si-
mulations est une fonction linéaire de 1/a®. Mais il existe une nettee divergence
entre les résultats numériques et expérimentaux dans le domaine des faibles inter-
actions dipolaires. En effet, la température de blocage d’une nanoparticule isolée
est aux alentours de 110K d’apres nos simulations alors qu’elle est plus proche de
65K dans les expériences. Ceci peut indiquer une inconsistance des caractéristiques

intrinseques des nanoparticules, comme la constante d’anisotropie K ou la valeur
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du moment magnétique us par exemple. Ce phénomeéne pourrait aussi s’expliquer
par le fait que nous en prenons pas en compte la contribution des surfaces des na-
noparticules. Un effet de réorientation des spins de surface a été observé sur ce type
de nanoparticules [146]. La différence entre les données expérimentales et théoriques
suggerent que la contribution magnétique des spins de surface est influencée par les
interactions dipolaires. De fortes interactions dipolaires favoriserait un couplage plus
efficace que des interactions dipolaires faibles. Aussi, la contribution magnétique des
surfaces est plus sensible aux interactions dipolaires que la contribution des spins

de volume.

L’évolution linéaire en 1/a® de T4, suggere une forte influence de la densité en
nanoparticules via les interactions dipolaires. Mais la figure Fig.(3.7) montre que les
minima d’énergie dipolaires surviennent tous a la méme température, contrairement
aux minima de I’énergie de Zeeman qui correspondent parfaitement aux maxima des
courbes ZFC. Le champ magnétique externe B.,; étant constant, un minimum dans
I’énergie de Zeeman ne peut qu’étre dii a un maximum d’aimantation dans la direc-
tion du champ externe. Donc la configuration magnétique la plus favorable au regard
des interactions dipolaires ne correspond pas nécessairement a la configuration gé-
nérant la plus grande aimantation dans le plan. Et plus les interactions dipolaires
sont fortes plus la différence est marquée. De plus, la température correspondant
au minimum d’énergie dipolaire est indépendante de la distance interparticule. En
fait, 'ordre magnétique créé par 'interaction dipolaire ne peut survenir que lorsque
les moments peuvent se dégager du blocage de ’anisotropie, donc a la température
de blocage d’une nanoparticule isolée (soit 110K). Au-dela de cette température, la
constance de I'ordre magnétique dépend de sa résistance a ’agitation thermique.
Effectivement, on remarque que 1’énergie dipolaire diminue (en valeur absolu) plus
rapidement quand la distance interparticulaire est grande car ’ordre magnétique
est plus fragile dans ce cas. C’est donc la décroissance de 1”énergie dipolaire qui
nous renseigne sur l'intensité de l'interaction dipolaire magnétique, et celle-ci n’in-
flue pas sur la position du minimum d’énergie car les configurations magnétiques qui
minimisent 1’énergie dipolaire sont indépendantes de la distance interparticulaire.

D’apres la figure Fig.(3.8) on peut dire qu’augmenter les interactions dipolaires
va créer un alignement des moments magnétiques sur le champ externe a une tempé-
rature plus élevée. Pour résumer, on peut penser que jusqu’a une température d’en-
viron 100K les moments magnétiques tendent a former des petits domaines (chaines
et anneaux) favorisés par les interactions dipolaires et donc minimisant I’énergie
dipolaire. Au-dela de 100K, il apparait une compétition entre d’une part les inter-
actions dipolaires qui maintiennent 'intégrité des petits domaines et d’autre part
I’agitation thermique et le champ magnétique externe qui favorisent la dislocation
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de ces domaines et I'augmentation de 'aimantation dans le plan. Des interactions

dipolaires plus fortes rendent les domaines plus robustes.

3.5 Reéseau hexagonal désordonné

Le concept de désordre peut avoir différents sens et peut étre créé de différentes
manieres. La facon la plus courante consiste a déplacer les nanoparticules d'une pe-
tite distance aléatoire ou bien a créer une distribution de tailles des nanoparticules.
Mais ce type de désordre ne décrit pas correctement nos échantillons expérimentaux
qui conservent un arrangement local ordonné (voir les figures (3.3(a)),(3.3(b)) et
(3.3(c))). En effet, ces films révelent un ordre hexagonal local mais la longueur de
corrélation ne dépasse pas 20 nm, soit une longueur équivalente a deux nanoparti-
cules mises cote-a-cote. Un arrangement ordonné a plus grande échelle est entravé
par la présence aléatoire de défauts que nous traduisons numériquement par des
sites vides dans notre réseau. A notre connaissance, aucune étude numérique n’a
encore examiné l'effet d’un désordre créé a partir d’un réseau ordonné en enlevant
des nanoparticules de maniere a préserver I'ordre structurel local des nanoparticules
restantes. Perturber les positions de toutes les nanoparticules ne serait pas repré-
sentatif de monocouches expérimentales que nous voulons simuler. Nous engendrons
désormais du désordre dans I’échantillon en remplacant des nanoparticules par des
sites vides de maniere a reproduire les défauts observés dans les monocouches obte-
nues par la méthode de Langmuir-Blodgett [136, 143]. Chacune des 40 réalisations
nécessaires a I'obtention d'une courbe ZFC contient une distribution différente des
défauts. Nous enlevons 9 (187) ou 16 (33/) nanoparticules parmi les 49 sites occupés,

la densité spatiale s’en retrouve donc fortement altérée.

On observe que, quel que soit le parametre de maille, I'ajout de sites vides dans le
réseau de nanoparticules ne semble pas altérer significativement I’allure des courbes
ZFC. Ce résultat est contre-intuitif puisqu’on pourrait penser que diminuer la den-
sité réduit l'intensité des interactions dipolaires et engendre donc une température
de blocage plus faible. Or, au vu des études précédemment citées et de nos résultats
numeériques, il est établi que les interactions dipolaires influent fortement sur cette
température. C’est donc que la création de désordre sous forme de sites vides ne mo-
difie pas grandement ’ampleur des interactions dipolaires. On note en outre que dans
leur étude par Monte Carlo des effets de distribution spatiale dans une monocouche
de nanoparticules, Brinis et al. [139] n’ont également observé aucun effet notable du
désordre sur la position du pic de susceptibilité. Notre approche est vraiment dif-
férente au sens ou nous attribuons aux axes d’anisotropies des directions aléatoires

dans le plan de la monocouche tandis que Brinis et al. alignent les axes d’anisotro-
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pie dans une seule et méme direction (aussi dans le plan de la monocouche). Aussi,
leur modification aléatoire est un spin flip unique 1a ou nous effectuons une rota-
tion aléatoire a l'intérieur d’un cone. Dans leur article, ils estiment que ce spin flip
unique ne permet pas de reproduire une "réorientation collective de I'aimantation".
Enfin, le désordre n’est pas introduit de la méme maniere. Nous partons d’un réseau
régulierement organisé auquel nous enlevons des nanoparticules, tandis que Brinis et
al. assignent des positions aléatoires a chaque nanoparticules. Malgré ces différences
minimes dans nos approches, nous arrivons tout de méme a la méme observation :

un léger désordre chimique n’influence pas l'intensité des interactions dipolaires.

Bien qu’on n’observe aucune variation de la position du maximum de la courbe
d’énergie dipolaire (Fig. (3.11)), sa partie décroissante a droite du maximum semble
étre modifiée par 'addition de défauts. C’est encore plus visible lorsque le parameéetre
de maille est grand, i.e., dans le régime des faibles interactions dipolaires. La transla-
tion de cette partie de la courbe vers les basses températures n’est pas une fonction
linéaire du nombre de défauts. En effet, la différence entre 9 et 16 défauts est plus
marquée qu’entre 0 et 9 défauts. Cet effet est moins prononcé pour un parametre
de maille de 15nm, et 1’énergie de Zeeman ne présente aucune différence lorsqu’on
varie le nombre de défauts, que ce soit sur la position du maximum ou la forme
de la courbe. L’ajout de défauts aléatoires semble donc avoir une influence minime
sur I’évolution de I’énergie dipolaire dans le cas de faibles interactions dipolaires. Le
fait qu’il n’y pas ou peu d’influence peut s’expliquer par la réduction de la frustra-
tion magnétique. Lorsqu’on enléve des nanoparticules, on supprime également des
contraintes s’exercant sur les moments magnétiques restants. Parmi les nanoparti-

cules restantes, les interactions dipolaires entre les nanoparticules voisines prévalent
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FIGURE 3.11 — Energie dipolaire d'un
réseau bidimensionnel hexagonal or-
donné de 49 (bleu), 40 (noir) et 33
(rouge) nanoparticules pour a = 12.5
nm.

F1GURE 3.12 — Energie dipolaire d'un
réseau bidimensionnel hexagonal or-
donné de 49 (bleu), 40 (noir) et 33
(rouge) nanoparticules pour a = 25
nm.

celles entre les nanoparticules séparées par les défauts. Les moments magnétiques
peuvent plus facilement former des domaines magnétiques ou l'ordre magnétique
est déterminé par les interactions dipolaires. Ces structures magnétiques étant ré-
sistantes a la température et au champ magnétique externe, elles compensent la
diminution de la densité.

On peut extraire des simulations numériques les positions et orientations des
moments magnétiques afin de visualiser leur configuration magnétique. Dans notre
cas, le champ magnétique externe est appliqué dans la direction e,. Afin d’étudier la
distribution des orientations des moments magnétiques on définit les angles 6; que
fait chacun d’entre eux avec e,.

A température nulle, les moments magnétiques sont orientés aléatoirement ce qui
se traduit par une distribution uniforme de 6; et une aimantation moyenne proche
de zéro. Ensuite, lorsque la température est proche de la température de blocage
la distribution des 6; se resserre autour de zéro. Une grande partie des moments
magnétiques s’aligne avec le champ externe et certains forment méme des chaines
regroupant jusqu’a six nanoparticules. Nous avons cherché s’il existe des différences
entre les distributions prises a T,,,,, pour différents nombres de défauts ou différents
parametres de maille. Pour cela, nous les avons fait correspondre a des distributions
gaussiennes (visible en rouge sur la figure Fig.(3.13(e))) dont nous avons extrait les
écart-types (visibles dans le tableau (3.1)). Finalement, & 7" = 295 K la plupart des
dipodles pointent dans la direction du champ externe mais la distribution s’aplatit.

Dans le cas des monocouches sans défauts, de fortes interactions dipolaires gé-

nerent une plus grande déviation des angles, i.e., au maximum d’aimantation, les
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Fi1GURE 3.13 — Haut : cartographie d'un ensemble de 40 nanoparticules a 7' =0 K
(a), T'=125 K (b) et T'= 295 K (c) pour un parametre de maille a = 15 nm. Bas :
distributions des 6; correspondantes, calculées sur I’ensemble des réalisations. Pour
le cas T' = 125 K, nous avons fait ressortir des structures qui minimisent 1’énergie
d’interaction dipolaire comme des vortex ou des domaines ferromagnétiques.
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12.5 nm 15 nm 20 nm 25 nm
0 défauts | 2.37 +£0.05 | 2.174+0.01 | 2.09+£0.01 | 2.17 £ 0.02
9 défauts | 2.52 +0.08 | 2.25 +£0.004 | 2.11 £0.01
16 défauts | 2.36 £0.11 | 2.29+0.01 | 2.30+0.1 | 2.27+0.12

TABLE 3.1 — Ecart-types des distributions angulaires a 7' = 125 K.

moments magnétiques tendent donc a étre moins alignés avec le champ magnétique
externe. L’élargissement de la distribution des angles peut étre corrélée a celui des
courbes d’aimantation et d’énergie dipolaire. Cela peut étre attribué a une forte
frustration provenant du caractere bidimensionnel de ’assemblée. La déviation tend
a diminuer pour de grandes distances interparticules, ce qui signifie que le systeme
relaxe vers une orientation unidirectionnelle des moments magnétiques. Cet effet est
tres marqué dans une assemblé contenant 9 défauts. Enfin, I’échantillon contenant 16
défauts ne présente pas de variation significative dans I’écart-type, du fait des faibles
interactions dipolaires. De plus, a I'exception du régime des fortes interactions, on
observe un élargissement de la distribution des 6; quand le nombre de défauts aug-
mente, et ce quelque soit le parametre de maille. Comme c’est le cas avec la courbe
d’aimantation et celle de I’énergie dipolaire, les interaction dipolaires élargissent la
distribution des 6;. Et on retrouve le méme effet en ajoutant du désordre via des

défauts qui diversifient et complexifient I’environnement des nanoparticules.

3.6 Conclusion préliminaire

Nous avons étudié dans ce chapitre I'influence du désordre structurel sur ’allure
de la courbe ZFC d’une monocouche de nanoparticules. Les nanoparticules sont
disposées parmi les sites d'un réseau a maille hexagonale, elles interagissent via I'in-
teraction dipolaire et leurs axes d’anisotropie sont orientés aléatoirement dans le
plan de la monocouche. Nous avons utilisé une approche de type Monte Carlo ba-
sée sur le critere de Metropolis afin de déterminer les configurations magnétiques
d’équilibre a différentes températures. Ces configurations résultent de la compétition
entre 'interaction dipolaire magnétique (prise en compte de maniére exacte), l’ani-
sotropie intrinseque des nanoparticules et le champ externe appliqué dans le plan de
la monocouche. De cette maniere, nous avons pu reconstituer des courbes ZFC que
nous avons comparées a des courbes expérimentales. Dans le cas d’une monocouche
parfaitement ordonnée, les résultats numériques correspondent plus ou moins aux
données expérimentales. En particulier dans le régime de faible interaction, ou dans
le cas de nanoparticules isolées dont la température de blocage déterminée numé-

riquement est presque deux fois plus élevée que celle mesurée expérimentalement.
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Nous expliquons cette différence, due aux caractéristiques intrinseques des nano-
particules, par le fait que nous nous plagons dans 'approximation du macrospin et
nous ne considérons donc pas la réorientation des spins de surface. Toutefois, nous
retrouvons bien une réduction de la température de blocage quand la distance in-
terparticulaire augmente. Ensuite nous avons introduit du désordre dans le réseau
en enlevant un certain nombre de nanoparticules tout en maintenant le caractere
ordonné des nanoparticules restantes. Ce type de désordre permet de conserver un
ordre local comme cela a été observé expérimentalement. Nous n’observons aucun
effet notable sur la forme de la courbe ZFC. Cette observation corrobore d’autres
études ayant examiné l'influence du désordre dans des monocouches de nanoparti-
cules magnétiques, bien que les études en question n’analysent pas le méme type
de désordre. Nous expliquons ce phénomene en considérant que la suppression de
certaines nanoparticules diminue la frustration magnétique et facilite alors la forma-
tion de domaines magnétiques énergétiquement favorables a l'interaction dipolaire.
Ces domaines sont relativement résistants a ’agitation thermique et compensent la
diminution de la densité surfacique. Enfin, nous avons remarqué que la tempéra-
ture correspondant au minimum de ’énergie dipolaire ne dépend que des propriétés
intrinseques des nanoparticules, alors que la distance interparticulaire affecte la rapi-

dité avec laquelle I’énergie dipolaire tend vers zéro quand la température augmente.
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Chapitre 4

Dynamique moléculaire

magnétique

4.1 Introduction

Les nanoparticules magnétiques pouvant étre multi-fonctionnalisées, elles sont
un vecteur d’innovation pour les diagnostics et thérapies de nombreuses maladies.
Par exemple comme agents de contraste en IRM [147], pour délivrer un médicament
dans une zone précise du corps ou bien encore dans le traitement d'un cancer par
hyperthermie [148]. En effet, les cellules cancéreuses sont beaucoup plus sensibles
a la chaleur que les cellules saines, et une augmentation locale de la température
au-dela de 43 —45°C pendant une dizaine de minutes entraine leur destruction. Une
exposition a de telles températures entraine des dégradations intra et extra-cellulaire
comme la dénaturation ou le repliement de protéines, 'apoptose, une variation du
pH, ou encore la réticulation de brins d’ADN provoquant 'inhibition des fonctions
vitales de la cellule [149]. Dans ce dernier cas, les nanoparticules sont fonctionna-
lisées pour se fixer aux cellules cancéreuses, puis soumises a un champ magnétique
oscillant a des fréquences de 1'ordre du kHz voire du MHz. Les valeurs optimales
de fréquence et d’amplitude du champ sont telles qu’elles doivent maximiser la
conversion en énergie thermique sans endommager les tissus (chauffage des tissus
par induction, arhytmie cardiaque, stimulation musculaire). Afin d’éviter tout dan-
ger pour le patient, il est nécessaire que le produit H,,.,f ne dépasse pas 5.10°
Am~'s7! [150].

L’aimantation des nanoparticules va alors suivre 'orientation du champ externe
mais avec un certain retard, de sorte que la courbe M — H présente un cycle d’hys-

téresis. La quantité d’énergie dissipée sur un cycle d’aimantation est proportionnelle
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a l'aire du cycle d’hystéresis. L’efficacité d’'un matériau a générer de la chaleur par
ce processus est mesurée en terme de taux spécifique d’absorption ou SAR (Specific
Absorption Rate) en W /kg. Ce terme est souvent utilisé dans la littérature pour dé-
finir lefficacité de la transformation d’énergie magnétique en chaleur. L’objectif est
alors de maximiser le SAR des nanoparticules afin d’injecter la plus petite dose de
ferrofluide possible, les nanoparticules magnétiques étant parfois toxiques [151, 152]
et difficiles a évacuer. Le Sar dépend de maniere complexe du type de nanoparticules
(taille, aimantation, anisotropie, ...), de la distribution en taille des nanoparticules

composant le ferrofluide, des caractéristiques du solvant et de ’excitation.

La dissipaton d’énergie s’effectue via deux mécanismes distincts. D'une part par
la relaxation de Brown, c¢’est-a-dire la rotation mécanique de la nanoparticule dans
son ensemble, caractérisée par un temps 7. D’autre part par la relaxation de Néel,
c’est-a-dire la rotation du moment magnétique a l'intérieur de la nanoparticule ca-
ractérisée par un temps 7n. Généralement ces deux processus ont lieu simultanément

et le temps de relaxation total vaut :

1 1 1
- =+ —. (4.1)
T B TN

avec 7p = Y1 [76] olt Vi est le volume hydrodynamique et 7 la viscosité

kpT
KV
dynamique du fluide. Et 7y = 719e*87 ou K est la constante d’anisotropie de la

nanoparticule et V' son volume.

Le processus d’échauffement de nanoparticules dans un ferrofluide sous l'effet
d’un champ oscillant a été étudié par Rosensweig [153] a 'aide d’une théorie basée
sur le modele de Debye. Si le champ externe est suffisamment faible, ’aimantation

de I'ensemble réagit de maniere linéaire a ’excitation
M(t) = vH(?), (4.2)

ou, par définition, y dof X' —ix” est la susceptibilité magnétique du ferrofluide, et
ses parties réelle et imaginaire valent [153]

/ X0

S U 4.
YT (wr)?’ (4.3)
wT
(A 4.4
YT Ty (wT)QXO’ (4.4)

avec Yo = 2o 1a susceptibilité magnétique a 1’équilibre. M, est I'aimantation a
Xo = - p gnétiq q

I’équilibre et Hy 'amplitude du champ magnétique oscillant. La puissance volumique
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dissipée est alors proportionnelle a la composante hors-phase de la susceptibilité :

P = por fHIX" (4.5)

Toutefois, la théorie de la relaxation de Néel et de Brown n’est valide que pour
des nanoparticules n’interagissant pas entre elles et ne possédant aucune inertie. Or
dans les expériences in vivo d’hyperthermie les ensembles de nanoparticules sont sou-
vent tres denses, et les interactions dipolaires devenant inévitables pourraient bien
jouer un role non-négligeable dans la dynamique de relaxation. Il semblerait que les
interactions dipolaires magnétiques aient un effet déléteres sur le SAR [154, 155],
sauf si 'ensemble de nanoparticules possede une forme allongée. Toutefois, Burrows
et al.[156] ont montré en utilisant une approche de type Monte Carlo cinétique que
I'effet des interactions dipolaires peut aussi augmenter le SAR des nanoparticules de
diameétre inférieur & 7.5 nm. Dans ces études, les nanoparticules sont fixes (en trans-
lation et en rotation) et réparties aléatoirement dans un réseau cristallin. L’intensité

de l'interaction dipolaire est fixée via la concentration en nanoparticules.

Le principal désavantage de la chimiothérapie est son caractére non-spécifique :
les médicaments sont distribués dans ’ensemble de 'organisme générant parfois des
effets secondaires quand 'agent chimique s’attaque a des cellules saines. Les nano-
particules peuvent étre fonctionnalisées et apporter le remede uniquement dans une
zone restreinte du corps, le traitement devient alors local. Lorsqu’elles sont utili-
sées comme vecteur de médication, un des défis clés réside dans le controle spatio-
temporel de la libération du médicament suite & un stimulus externe [157, 158], qu'il
soit magnétique ou acoustique, ainsi que du guidage des nanoparticules dans les vais-
seaux sanguins. Ce mécanisme motive donc aussi I’étude de la réponse d’un ensemble
de nanoparticules a un tel stimulus ainsi que le comportement des nanoparticules
pouvant s’assembler en structures dans le sang. On peut aussi noter 'utilisation de
nanoparticules en cytométrie [159, 160, 161], les nanoparticules ferromagnétiques
sont alors fixées aux parois d’une cellule puis mises en mouvement a l'aide d’un
champ magnétique. La mesure de leur déplacement fournit des informations sur les
propriétés mécaniques de la cellule.

Enfin, de maniere plus générale, une assemblée de nanoparticules magnétiques
soumise & une excitation externe (magnétique, acoustique, ...) peut manifester une
grande variété de comportements statiques, quasi-statiques ou dynamiques. Le fait
que l'interaction dipolaire magnétique soit anisotrope et a longue portée engendre
des dynamiques d’ensemble parfois complexes et fortement dépendantes du type
d’excitation. On a déja vu que les nanoparticules peuvent former des chaines et en
anneaux, mais il est également possible de créer des structures plus complexes.
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F1GURE 4.1 — Plans de particules ma- FIGURE 4.2 — Simulation de nanopar-
gnétiques de fer structurés par un ticules magnétiques structurées en nid
champ bi-axial [162]. d’abeille par un champ tri-axial [163].

En appliquant un champ magnétique bi-axial (possédant deux composantes or-
thogonales) alternatif d’amplitude élevée et de faible fréquence, il est possible de
générer des plans de nanoparticules régulierement espacés [164, 165, 166, 167]. Un
exemple de ces plans est illustré en Fig.(4.1). Les moments magnétiques se syn-
chronisent sur 'excitation, et si la fréquence de celle-ci est trop élevée les plans
de nanoparticules se brisent. Si maintenant on applique un champ tri-axial, les
nanoparticules s’agregent en structures insolites et variées telles que des mousses
(Fig.(4.2)) plus ou moins denses, des asters ou bien des squelettes de type molécu-
laires [168, 162, 169] (voir Fig.(4.3)). Comparées a un ensemble désorganisé constitué
des mémes nanoparticules magnétiques, certaines propriétés physiques telles que la
conduction thermique ou la permittivité sont améliorées. D’apres les auteurs, ces
structures pourraient étre utilisées en tant que capteurs, actuateurs ou matériaux
composites. Toujours sous 'action d’un champ tri-axial, il est possible d’entrainer
des chaines de nanoparticules dans un mouvement de vortex [26]. Ce vortex pourrait
étre utilisé en tant que nano-agitateur mécanique en microfluidique ou lors d’essais
biologiques. Des nanoparticules se trouvant & une interface (eau-air par exemple)
et soumises a un champ oscillant perpendiculairement a l'interface s’assemblent en
une chaine ondulante [27]. Cette structure photographiée en Fig.(4.4) n’est stable
que sous l'action d’un champ alternatif, est prend forme sous ’excitation collective
des nanoparticules et de leur interaction avec le liquide & I'interface. Sous certaines
conditions, les vagues générées par cette chaine ondulante peuvent la propulser [28].
Des expériences ont montré qu’il est méme possible de déplacer une perle de verre
de 1.5 mm de diametre a l'aide de ce mécanisme.
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FIGURE 4.3 — Géométries de types FIGURE 4.4 — Photographie d'une

moléculaires obtenues a l'aide dun structure segmentée en chaines de na-
champ tri-axial hétérodyne (simula- noparticules pouvant se déplacer a la
tions) [168]. surface d'un liquide [29].

Les nanoparticules, magnétiques ou non, peuvent étre assemblées en supracris-
taux. Comme dans un cristal, elles s’organisent de maniere ordonnée et sont liées
entre elles par des dendrons (chaines carbonées) qui peuvent se comporter comme
des ressorts et propager des phonons. Les assemblages artificiels de nanoparticules
en supracristaux possedent parfois des propriétés physiques découlant d’effets collec-
tifs [140, 170, 171]. Ces propriétés (mécaniques, magnétiques, optiques,...) sont tres
différentes de celles des mémes nanoparticules isolées ou d’agrégats désordonnés. Il
a été montré que 'arrangement cristallin de nanoparticules magnétiques modifie les
propriétés magnétiques de 1’ensemble [172]. Réciproquement, les modifications des
propriétés magnétiques des nanoparticules peut influencer les modes acoustiques
se propageant dans la structure [173]. Dans les films magnétiques, il est possible
de générer une dynamique d’aimantation en créant des ondes acoustiques, c’est la
magnéto-acoustique [174, 175]. Une impulsion laser est alors utilisée pour créer un
paquet d’ondes acoustiques qui vont se propager profondément dans le film et modi-
fier 'anisotropie magnetocrystalline. Le changement d’inclinaison du champ effectif
entraine alors la précession de ’aimantation. De maniére similaire, mais une échelle
supérieure, on peut montrer que si les nanoparticules ont la possibilité de se dépla-
cer, alors il existe un couplage entre la dynamique d’aimantation et la dynamique
de vibration mécanique des nanoparticules. Nous allons démontrer 'existence d’un
tel couplage dans la section suivante pour de petites oscillations. Cela veut dire qu’il
devient possible de manipuler mécaniquement les nanoparticules par une excita-
tion magnétique, ou au contraire d’induire une dynamique d’aimantation en faisant

vibrer I’ensemble de nanoparticules.

L’objectif de cette partie est donc d’étudier le comportement d’un ensemble de
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nanoparticules magnétiques en interaction dipolaire dans un fluide par une approche
théorique et numérique, et notamment l'effet de différents parametres tels que la
viscosité du fluide ou l'intensité des interactions sur la relaxation de 'aimantation.
Nous allons d’abord chercher quelles sont les structures a 1’équilibre formées par les
nanoparticules. D’apres la littérature, les configurations d’équilibre sont des chalnes
et des anneaux. Nous allons tenter de retrouver ce résultat par une approche de
dynamique moléculaire et par une méthode de Monte Carlo. Une fois les structures
d’équilibre bien définies, nous allons les perturber faiblement avec un champ ma-
gnétique oscillant. On mettra en évidence 'existence d’ondes de spins créées par
ce champ micro-ondes, puis nous les étudierons. Enfin, nous appliquerons le code
de dynamique moléculaire que nous avons mis au point a des cas pratiques. Nous
tenterons de retrouver des courbes de susceptibilité magnétique dynamique expé-
rimentales de nanoparticules dendronisées, puis on mettra a profit la capacité de
notre code a simuler la dynamique hors-équilibre en cherchant a disloquer un an-
neau de nanoparticules grace a 'autorésonance. Certains résultats (implémentation
de la température, test de la théorie de Brown) présentés dans ce chapitre sont issus
de la collaboration avec Louise Desplat dans le cadre de son stage de fin d’étude

dans notre équipe.

4.2 Modele

Nous étudions désormais la dynamique d’aimantation de nanoparticules en mou-
vement dans un fluide avec un modele de dynamique moléculaire. On considere un
ensemble de N nanoparticules identiques, monodomaines, sphériques, possedant une
anisotropie uniaxiale, de masse m et de diametre D. Ces nanoparticules sont repré-
sentées par des spheres dures réfléchies par les parois de la boite de simulation.
Chacune d’elles porte un moment dipolaire magnétique M; = psf/[\i en son centre
situé en r; et collé a 'axe d’anisotropie de la nanoparticule, i.e., on fait I’hypothese
d’une constante d’anisotropie K infinie. ici, u, est la magnitude du moment ma-
gnétique en J/T. Ainsi, les nanoparticules sont sujettes a la relaxation de Brown
alors que le temps de relaxation de Néel devient infiniment grand. On se focalise
donc sur le mécanisme de Brown qui se manifeste a basse fréquence, et nous allons
montrer un peu plus loin que 1’on retrouve bien le temps de Brown théorique pour

une nanoparticule isolée dans la limite d’inertie nulle.

L’évolution temporelle d’'une nanoparticule ¢ est décrite par les équations du
mouvement des variables de translation r; et de rotation ¢, soumise a la force F;
et au couple T; agissant sur elle. Nous allons déterminer ces équations a partir du

Lagrangien L. Considérons deux nanoparticules ¢ et j interagissent via un potentiel
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d’interaction dipolaire magnétique Uidj et un potentiel de type spheres dures U}
dont la forme a été spécifiquement choisie [176] afin que les nanoparticules soient en

contact dans les configurations les plus attractives, on a :

Ho

U o M MG = 3 (M; - 1i5) (M - 1) (4.6)
T
9 24
pops (D
s s (2 4.
Ui 16w D3 <rij> ’ (4.7)

(4.8)

ou r;; est le vecteur distance centre-a-centre reliant les deux nanoparticules et
rij = |ri;]. Le potentiel U est purement répulsif, toujours positif, il tend tres vite
vers l'infini quand r;; < D et s’atténue rapidement lorsque r;; > D. Sa forme par-
ticuliere a été choisie de telle sorte que la distance minimale d’équilibre entre deux
nanoparticules soit au moins égale a D. En effet, le potentiel d’interaction dipolaire
quant a lui peut étre répulsif ou attractif en fonction de I’angle entre M; et M; et de
leurs orientations respectives vis-a-vis du vecteur qui les relie. Prenons par exemple
les deux cas ou l'interaction dipolaire est la plus attractive. Lorsque M;, M; et r;;
sont tous paralleles, ou bien que M; est antiparallele a M, et que les deux sont
orthogonaux a r;;, alors Ui‘é est purement attractif. Il apparait alors un minimum
dans le potentiel total U(r;;) = Ug + U3,
rij = 21/21D dans le deuxiéme cas. Dans ces deux configurations, les surfaces des

situé en r;; = D dans le premier cas et

nanoparticules sont donc en contact, du fait de la forme du potentiel d’interaction
sphere-sphere U%. Si on applique un champ magnétique externe I’énergie potentielle
totale s’écrit :

U= ;ZZ(UZJFU;) - > M, B. (4.9)

)

On divise la somme des termes d’interactions par deux car, telle que la somme est
écrite ici, il y a une redondance sur les valeurs de Uf]l- et Uj;. En effet, ces énergies sont

calculées une fois pour (i, ) et une seconde fois pour (j,), or U + Us; = Ul + U,
1

On pourrait se passer du facteur 5 en remplagant >, .; par 3>, ; par exemple.

Les nanoparticules baignent dans un fluide caractérisé par une viscosité 7. Il
faut alors prendre en compte les frottements hydrodynamiques qui se manifestent
par une force de friction de type Stokes et un couple de friction. On définit donc les
coefficients de frottements :
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Cor = 6mNR, (4.10)
(- = 8mR’, (4.11)

ou R est le rayon de la nanoparticule. Le Lagrangien de I’ensemble des nanoparticules
L =K — U s’écrit alors :

L=% [”;rz n ;wiTIwi] - ;Z > (Uf+U3) + M- B, (4.12)
i i g i

ol w; est la vitesse angulaire de la nanoparticule ¢ définie comme la dérivée des
angles d’Euler w; = zbz Ici, 7 est le tenseur d’inertie d’une nanoparticule qui ne
dépend que de la géométrie de celle-ci. Dans le cas d’une nanoparticule sphérique,
7 est diagonal et tous les coefficients diagonaux sont égaux et valent I = ml—lgz, oum
est la masse de la nanoparticule et D son diametre. L’énergie cinétique de rotation

s’écrit alors :

1
—w, T Tw; = —w?

4.13
2 2 77 ( )

Il reste toutefois possible de simuler des nanoparticules non-sphériques, auquel
cas Z prendra une autre forme.

Les forces de frottements ne dérivant pas d’'un potentiel, il faut utiliser les équa-
tions d’Euler-Lagrange modifiées [177] ou la friction apparait via la fonction de

dissipation Rayleigh. Pour une variable q

doL oL 0Dp

— — 0 4.14
oG og " og (4.14)

ou Dp = %C §? est la fonction de dissipation. Pour les degrés de translation r; on
retrouve la deuxieme loi de Newton :

pi =F; — Gpi, (4.15)
ou p; = mv; est le moment linéaire et F; = —gg.
Pour les degrés de rotation ¢,
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oul = ml—’gg est le moment d’inertie principal de la sphere et Jw; est le moment
angulaire lié au mouvement de rotation de la nanoparticule autour de son centre de
masse. Le couple total T; résulte de 'action du champ magnétique local B; sur le
moment magnétique M; et s’écrit T; = M, x B;. Enfin, on utilise la loi de compo-
sition des mouvements pour obtenir I’équation dynamique du moment magnétique.
Si R est le référentiel du laboratoire et R’ le référentiel de la nanoparticule tournant

a une vitesse w; dans R, alors le vecteur M; obéit a la loi suivante :

Or M; est collé a I'axe d’anisotropie de sa nanoparticule, donc Mi\R/ = 0 et on
obtient finalement :

Les équations (4.16) et (4.18) sont résolues par la méthode de Heun (cf. annexe
(5.2)) tandis que la deuxieme loi de Newton Eq.(4.15) est intégrée numériquement
a l'aide de ’algorithme de Verlet-vitesses. Ce dernier est couramment utilisé dans le
calcul des trajectoires des particules en dynamique moléculaire. C’est une variante
de l'algorithme de Verlet rendu populaire par le physicien Loup Verlet [178].

Maintenant que I'on a posé la forme des potentiels d’interaction entre les nano-
particules et les équations du mouvement, on peut chercher a savoir s’il existe un
couplage entre la dynamique d’aimantation et la dynamique vibrationnelle. Pour
ce faire, on se limite a deux moments magnétiques de valeur us que l'on dispose
selon une configuration d’équilibre illustrée sur la figure (4.5(a)). Nous allons dans
un premier temps fixer 'orientation de ces deux dipdles et calculer la fréquence de
vibration des nanoparticules dans la limite des petites oscillations. Puis nous fixe-
rons la distance interparticule afin de calculer la fréquence de rotation des moments
magnétiques, toujours dans 'approximation des petits angles.

Dans cette configuration, le potentiel d’interaction s’écrit :

2 21
Holls D 1
Ulr) — __ 4.19
(r12) 47 (47"%‘21 7’?2> ( )

ou D = 6nm est le diametre des nanoparticules. On remarque sur la figure
(4.5(b)) que ce potentiel est similaire a un potentiel de Lennard-Jones. 11 est répulsif
a tres faible distance afin d’empécher les volumes des nanoparticules de se superpo-
ser. Ceci est dil au terme d’interaction de spheres dures U} et est indépendant des

interactions dipolaires. A plus grandes distances, le potentiel est attractif et devient
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(10, U(79))

—
T12€x

(a)

FIGURE 4.5 — (a) Disposition des deux nanoparticules éloignées d'une distance ri9
dans la direction e,, les moments magnétiques sont orientés suivant e, dans des
directions opposées. (b) Potentiel d’interaction en fonction de la distance interpar-
ticule.

de moins en moins attractif au fur et a mesure que la distance augmente. Ce carac-
tere attractif est uniquement di a l'interaction dipolaire magnétique, et il pourrait
étre répulsif dans d’autres configurations. On remarque que la dérivée du potentiel
s’annule pour une distance ry, distance a laquelle plus aucune force ne s’exerce sur
les nanoparticules et le systeme est a 1’équilibre. C’est autour de cette distance rq
que nous allons faire 'approximation harmonique en développant le potentiel en

série de Taylor :

(7’12—7’0

U(rie) = U(rg) + (riz — o) U’ (19) + 5 ) U" (ro) + O(r3,) (4.20)

ou U'(rg) et U"(rg) sont les dérivées premiere et seconde de U calculées en ry.
Or, la dérivée de U en rq est nulle. Alors, en écrivant I’équation de Newton mris =
—U’(ry12), on obtient :

m’l".l.g = —(Tlg — To)U”(’f’Q) (421)

qui est I’équation d’un oscillateur harmonique de pulsation wy, = % En
faisant I'application numérique avec m = 8.905 x 10722 kg on trouve la fréquence de
vibration fy = 0.90 GHz. Donc, si les orientations des moments magnétiques sont
fixes, les nanoparticules vont vibrer a une fréquence 0.9 GHz autour de leur position

d’équilibre.

On mene maintenant un calcul similaire, mais ou cette fois-ci la distance interpar-
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ticule est fixée a ry et on cherche la fréquence d’oscillation des moments magnétiques
autour de leur orientation d’équilibre +e,. A cette fin, on définit ’angle 6 que font
les dipoles avec I'axe e, et on reprend 1’équation du mouvement de rotation (4.16)
sans frottements. Dans cette équation, on a besoin de 'expression du champ magné-
tique s’exercant sur les dipdles. On fait 'approximation que seul le champ dipolaire
existe et qu’il est dirigé suivant e, donc B = B.e,. En faisant ’approximation des
petits angles (# < 1) on obtient I’équation suivante :

.. B,
6=tz (4.22)
I
qui I’équation d'un oscillateur harmonique de pulsation wy = % Avec

I = 3.2 x 1073 kg.m?, on trouve la fréquence de rotation des moments magné-
tiques fo = 0.37 GHz. Cette fréquence est tres proche de la fréquence de vibration
des nanoparticules, et on pourrait jouer sur les parametres des nanoparticules pour
les rendre encore plus proches. De plus, on a calculer ces deux fréquences dans le
régime linéaire et on peut supposer qu’elles varieront avec 'amplitude dans oscil-
lations/vibrations. Mais le fait qu’elles soient du méme ordre de grandeurs montre
qu’il peut exister un couplage entre la dynamique d’aimantation (liée a la rotation
des nanoparticules) et la dynamique de vibration des nanoparticules.

En théorie, si le systéme est isolé I’énergie totale U+ K est conservée (en I’absence
de phénomene dissipatif). Si en plus la somme des forces externes agissant sur les
nanoparticules est nulle, alors I'impulsion P = >~ p; est elle aussi conservée.
En effet, par homogénéité de I'espace, le Lagrangien reste inchangé par translation
infinitésimal dr; des points i du systeme : r; = r; + or;. Alors :

Wory, 0L = oL, or; =0, (4.23)
i 8ri
dou :
oL doL d
; or, “—dtdv, dt (Z mi"i) =0. (4.24)

On a négligé ici le terme dissipatif, donc seul I’énergie cinétique de translation dépend
des v;. On retrouve bien que les trois composantes cartésiennes de I'impulsion P

doivent étre conservées lors du mouvement.

Enfin, si 'espace est isotrope, les propriétés mécaniques sont conservées par
rotation infnitésimale d¢p de l’ensemble du systéme. En conséquence, le moment

angulaire est conservé au cours du mouvement. Chaque nanoparticule posseéde un
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moment cinétique propre S; = [w,; , di au mouvement de rotation autour de son
centre de masse, et un moment cinétique “orbital” L; = r} x p! di au déplacement
de la nanoparticule autour du centre de masse de ’ensemble du systeme. Dans ce
cas, r; et p; sont calculés par rapport a la position et a la vitesse du centre de
masse du systeme. C’est-a-dire, en appelant r.q,, et Peam la position et I'impulsion
du centre de masse, on a r; = r; — Iegm €t P; = Pi — Peam- Le moment angulaire

total du systeéme L;,; est alors donné par le théoreme de Konig :

Ltot - %(LZ —|— S,L) (425)

i=1

Chacune des composantes de ce dernier est donc conservée.

Afin de tester la conservation de ces grandeurs, on simule la dynamique de deux
nanoparticules évoluant dans un fluide. Pour vérifier que ’énergie totale est bien
conservée on élimine momentanément les frottements visqueux du probléeme. On
initialise les vitesses linéaire et angulaire a zéro (K(t = 0) = 0) et on les dispose
dans des positions et orientations aléatoires mais a une distance raisonnable de
lordre de D afin que l'interaction dipolaire magnétique puisse les faire entrer en

mouvement. On introduit ici I’énergie caractéristique Uy = fﬁgi =1.92x 10720 J
que nous utilisons pour définir les énergies normalisées U = U/Uy et K = K/Uy. Au

temps t = 0, I’énergie potentielle normalisée est notée Uy.

2

1+t
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FIGURE 4.6 — Evolution temporelle de 1'énergie potentielle normalisée U (bleu), de
I'énergie cinétique normalisée K (rouge) ainsi que de erreur relative [(U + K) —

Uro] [Uro.

Comme 'indique la figure ci-dessus, l’erreur relative sur I’énergie se situe dans un

intervalle satisfaisant tout en restant inférieure & 17 . Les pics que I'on peut observer
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sont le résultat des collisions entre les deux nanoparticules. Ce sont ces évenements
qui génerent les principales erreurs sur ’énergie. En effet, le potentiel d’interaction
sphere-sphere U est tres abrupt et passe rapidement de 0 & +oo lorsque la distance
interparticulaire s’approche de D. De plus I'algorithme d’intégration des équations
du mouvement est d’autant plus imprécis que le gradient de potentiel est grand,
engendrant ainsi une déviation de la solution exacte.

0.5
., 0-25
Ay
so 0
-0.25
-0.5 ‘
0 5 10
temps(ns)
i
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8 _1 ‘
& T 5 10
temps(ns)

FIGURE 4.7 — Evolution temporelle de la composante suivant e, de l'impulsion
normalisée P; de chacune des deux nanoparticules ¢+ = 1, 2 ainsi que de leur somme.

Afin d’étudier la conservation de 'impulsion totale du systeme, on définit I'im-
pulsion caractéristique Py = /mU, = 4.14 x 1072 kg.m.s™! a partir de laquelle
on définit I'impulsion normalisée d’une nanoparticule P; = p;/Fp. La figure (4.7)
illustre la conservation de la projection suivant e, de I'impulsion totale du systeme.

Nous avons vérifié qu’il en va de méme pour les autres composantes.

Enfin, on veut vérfier que le moment cinétique total est conservé. On définit alors
le moment cinétique caractéristique du systéme Lo = DPy = 2.5 x 1072 kg.m?.s71 &
partir duquel on créé le moment cinétique orbital normalisé £ = L;,; /Lo et le moment
cinétique propre normalisé s = >_; S;/ L. Sur la figure Fig.(4.8), on voit que toute
variation de moment cinétique propre entraine une variation opposée du moment
cinétique orbital (et réciproquement). On vérifie donc bien la loi de conservation du
moment cinétique total.

Afin de compléter la modélisation du solvant on couple le systéme a un ther-
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FIGURE 4.8 — Evolution temporelle de la composante suivant e, du moment cinétique
orbital normalisé £ du systeme, du moment cinétique propre normalisé s ainsi que
du moment cinétique total £ + s.

mostat. Pour ce faire, nous avons choisi avec Louise d’adopter le formalisme de
Langevin en ajoutant une force stochastique F () et un couple stochastique T (t)
aux équations déterministes. Ces termes stochastiques prennent la forme d’un bruit
blanc Gaussien :

< Fg(t) >=0,
(4.26)
< FG(t)F4(t') >= 2kpT(rbapd(t — ')
< Tg(t) >=0,
(4.27)
< TA(O)TH() >= 2kpT(00p0(t — 1),

ou les indices «a, # correspondent aux coordonnées cartésiennes dans le labora-
toire x,y,z et kp est la constante de Boltzmann. < ... > représente la moyenne
d’ensemble. La distribution de Dirac §(t —t') traduit le fait que les temps d’autocor-
rélation de F(t) et du couple stochastique T (t) sont tres petits devant les temps
de réponses translationnel et rotationnel (respectivement) du systeme. On fait aussi

I’hypothese que les différents composantes du couple et de la force stochastiques
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sont décorrelées Enfin, on suppose que les termes fluctuants agissant sur différentes
particules sont aussi décorrelés. Le systeme d’équations stochastiques qui permet

d’étudier la dynamique d’une nanoparticule i est donc :

pi = Fz - Ctrpi + Fst (t)7 (428)
I = T — Gw; + Ty(t), (4.29)
M; = w; x M; (4.30)

Ces nouvelles équations stochastiques nécessitent d’étre intégrées a ’aide d’al-
gorithmes adaptés. Pour les degrés de liberté de translation (Eq.(4.28)) nous avons
adopté une version stochastique de 'algorithme de Verlet-vitesses développée par
Paterlini et Ferguson [179]. Les détails de cet algorithme sont exposés en annexe
(5.3.2).

Pour les degrés de liberté de rotation (Eq.(4.29)), on a recours a la version sto-
chastique de l'algorithme de Heun [49] déja utilisée dans le permier chapitre pour
intégrer I'équation de Landau-Lifshitz-Gilbert en présence d’un bruit thermique.
Nous avons ici adapté cette méthode d’intégration a 1’équation (Eq.(4.29)) qui dé-
crit la dynamique de Brown, i.e. la rotation de la nanoparticule autour de son centre
de masse, mais qui est structurellement semblable a I’équation de LLG. Notons que,
a la différence de I'équation de LLG stochastique, le bruit est ici additif. En effet,
on fait I’hypothése que son amplitude est indépendante de 1’état de la nanoparti-
cule, il correspond aux collisions entre les molécules du solvant et la surface de la

nanoparticule. L’algorithme d’intégration est présenté en annexe (

L’ajout du bruit thermique via ces deux algorithmes stochastiques a été vérifié et
validé en calculant la température instantanée associée aux deux types de degrés de
liberté, a savoir la rotation pour la méthode de Heun stochastique et la translation
pour l'algorithme de Verlet-vitesses stochastique. La température instantanée est
donnée par le théoreme d’équipartition de 1’énergie. Lorsque 'équilibre est atteint,
la température associée au sous-systeéme des degrés de liberté de translation doit étre
égale a celle des degrés de liberté de rotation. Alors, pour chaque degré de liberté
¢~ €t pour chaque nanoparticule on a :

1 1
§m(qa)2 = §kaT, (431)
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et comme il existe ici 6 degrés de liberté, pour N nanoparticules on obtient :

6 _ _
Bi = 5NksT = Exyor + B, (4.32)

ou la barre supérieure représente la moyenne sur la trajectoire apres thermalisation,
Eirot = %NkBT et By = %NkBT sont respectivement ’énergie cinétique totale,
celle de rotation et celle de translation du systeme. Donc, en calculant 1'énergie
cinétique de translation et de rotation, il est possible de remonter a la température
instantanée. Les normes des vitesses angulaires et linéaires sont initialisées grace a
une distribution de Maxwell-Boltzmann (correspondant & la température imposée)

de la maniere suivante. La densité de probabilité Maxwellienne est donnée par :

m 3 2 _m?
flv) = (27rk:BT> dmrve BT, (4.33)

f(v)dv est la probabilité de trouver une particule possédant une vitesse comprise
entre v et v + dv. Afin de générer des nombres aléatoires distribués selon la distri-

bution (4.33), on définit la fonction de répartition :

p(v) = /Ov fdv'. (4.34)

Cette derniere est calculée a chaque incrément de v en utilisant la méthode d’intégra-
tion dite des rectangles, puis elle est comparée a un nombre aléatoire r € U[0, 1]. La
valeur de v pour laquelle p(v) > r est alors utilisée dans 'initialisation des vitesses.

L’algorithme en pseudo-code est le suivant :

v=0
p=0
r=rand(U[0,1])
while (p < r) {

p=f (v)dv+p
v=v+dv

}

return v

Pour les vitesses angulaires 'algorithme est identique mais dans les formules on
remplace m par [ et v par w, respectivement.

Les figures (4.9) et (4.10) illustrent ’évolution temporelle de la température ins-

tantanée T;(t) d'un systéme de 25 nanoparticules initialement & 1’équilibre. Ici la
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FIGURE 4.9 — Evolution de la tempé-
rature instantanée des dergrés de li-
berté de translation pour un ensemble
de 25 nanoparticules. Les courbes
vertes sont les moyennes glissantes
correspondant a chaque température.
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FIGURE 4.10 — Evolution de la tem-
pérature instantanée des dergrés de li-
berté de rotation pour un ensemble de
25 nanoparticules. Les courbes vertes
sont les moyennes glissantes correspon-
dant & chaque température.

température initiale vaut 0K, les vitesses angulaires et linéaires des nanoparticules
ont été initialisées a zéro afin de pouvoir observer le temps nécessaire pour atteindre
la température imposée (100K, 200K ou 300K). Les courbes vertes sont obtenues
en calculant, pour chaque valeur de température imposée, la moyenne glissante des
températures instantanées pré-existantes ¢’est-a-dire Trotation (t) = 1 > i—o Trotation (7)-
On observe des fluctuations autour de la valeur moyenne qui correspondent aux fluc-
tuations de I'énergie cinétique caractéristique de I’ensemble canonique. Les valeurs
moyennes de température en fin de simulation sont trés proches des valeurs im-
posées. Le sous-syteéme des degrés de liberté de rotation atteint beaucoup plus tot
I'équilibre thermique (cf. Fig.(4.10)).

Dans leur algorithme de dynamique moléculaire, Hucht et al. [176] avait opté
pour un thermostat d’Andersen [180]. Le systeme de N particules est alors en contact
avec un réservoir a la température désirée. Les fluctuations thermiques sont alors
créées par des collisions virtuelles entre les particules du systéme et celles du ré-
servoir. Chaque collison est un évenement ponctuel affectant une particule en lui
attribuant de nouvelles vitesses linéaire et rotationnelle tirées d'une distribution de
Maxwell-Boltzmann correspondant a la température désirée. L’intervalle de temps
entre deux collisions est déterminé a 1’avance et obéit a une loi de Poisson, et entre
deux collisions les particules évoluent de maniere déterministe. La principale dif-
ficulté est de fixer le couplage entre le réservoir thermique et le systeme, a savoir
la fréquence moyenne des collisions v paramétrant le processus de Poisson. Cette
quantité n’est pas précisée dans l'article de Hucht et al., mais d’autres travaux [181]
appliquant le thermostat d’Andersen a des particules dans de l'eau estiment que
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v doit se trouver entre 0.002 et 0.005. Apres avoir implémenté ce thermostat dans
notre code, Louise a testé différentes valeurs pour la fréquence de collision. On a
observé que la différence entre la température moyenne mesurée et celle que 1'on
impose via la distribution de Maxwell-Boltzmann est la plus faible pour v = 0.005.
Mais ce résultat n’est vrai que si on fixe la viscosité du fluide a zéro. Pour n # 0,
la température mesurée est bien plus faible que celle désirée. En fait, les collisions
avec le réservoir simulent non seulement une agitation thermique (fluctuation) mais
également une viscosité (dissipation). Si I'on ajoute en plus un terme dissipatif, le
solvant absorbe trop d’énergie cinétique et la température des nanoparticules s’en
retrouve diminuée. Les collisions perturbent la dynamique d’une maniere artificielle,
non-physique, et ce thermostat n’est donc pas adapté a 1’étude des propriétés dyna-
miques. Dans I'approche de Langevin, 'amplitude du bruit et la viscosité du fluide
sont liées de maniere consistante via le théoreme de fluctuation-dissipation.

Maintenant que 1’on a ajouté la température, nous allons vérifier que 1’on retrouve
bien le temps de relaxation de Brown tout en cherchant les limites de sa théorie. On
rappelle que 7p n’est valide que pour une nanoparticule isolée dans la limité non-
inertielle, c’est-a-dire que dans la théorie de Brown le moment d’inertie principal
I est nul. Nouos allons donc mesurer numériquement 75 pour une nanoparticule
isolée mais en conservant le terme d’inertie Jw. Dans I’équation (4.29), ce terme est
négligeable si I suffisamment faible ou (, est tres grand. Or, modifier 'inertie de la
nanoparticule revient a changer ses propriétés intrinseques, et nous allons donc faire

varier ¢, via la viscosité dynamique 7.

Afin de mener ce test, nous allons simuler la relaxation d’une nanoparticule
en l'absence de champ magnétique externe et a 293K pour différentes valeur de
viscosité entre 107¢ Pa.s et 1073 Pa.s. Le moment magnétique est préparé dans une
certaine orientation, par exemple suivant +e,, puis il va relaxer vers une aimantation
moyenne nulle. En répétant cette expérience numérique 1000 fois, on obtient une
courbe de désaimantation moyenne (Figure (4.11(a))) a laquelle on fait correspondre
une courbe théorique en e~/78. On en extrait donc le temps de relaxation de Brown

_ 3Vun

T que 'on compare a la valeur théorique 75 = Ak La comparaison entre valeurs

numériques et théorique est illsutrée sur la figure (4.11(b)).

On remarque que les temps de relaxation correspondent plutot bien a la valeur
de 7p fournie par la théorie de Brown pour des viscosités supérieures a 107° Pa.s.
Pour cet intervalle, 7 augmente avec la viscosité. Par contre, sur la figure (4.11(a))
on voit que pour = 107 Pa.s 'aimantation décroit en oscillant. Cela se voit encore
mieux pour la courbe & n = 107% Pa.s. Ces oscillations sont un effet d’inertie, et
elles ne sont donc pas décrite par la théorie de Brown. D’ailleurs on voit bien que

les temps de relaxation numériques se différencient des 75 théoriques pour la valeur
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FIGURE 4.11 - (a) Relaxation Brownienne d’une nanoparticule dont le moment est
initialement orienté suivant +e,, 7' = 293 K. (b) Comparaison des 75 numériques
(vert) et théoriques (rouge) en fonction de la viscosité dynamique.

critique de viscosité n < 107° Pa.s. Toutefois, a température ambiante la plupart
des liquides possede une viscosité dynamique au moins 10 fois plus élevée que cette
valeur critique (~ 10~* Pa.s pour 'ammoniac ou le méthanol, ~ 1073 Pa.s pour
I'eau ou I’éthanol). Alors, a moins que les nanoparticules baignent dans un gaz, la
théorie de Brown fonctionne plutot bien. De plus, cette comparaison valide encore
une fois notre code de dynamique moléculaire.

Dans cette section, nous avons donc élaboré grace a une approche Lagrangienne
un modele de dynamique moléculaire simulant le comportement de nanoparticules
magnétiques en interaction dans un fluide. Les nanoparticules sont considérées
comme des spheres dures portant un moment magnétique ponctuel, mais notre mo-
dele peut aussi s’appliquer a des nanoparticules non-sphériques. Ce modele rend
compte de la dynamique de translation et de rotation dans la limite d’une aniso-
tropie infinie, c’est-a-dire que le moment est figé dans la nanoparticule. Dans ces
conditions, nous avons montré qu’il existe un couplage entre la dynamique d’aiman-
tation (liée a la rotation des nanoparticules) et la dynamique vibrationnelle de la
structure. Le fluide est ici uniquement caractérisé par une viscosité, que nous avons
inclus dans le modele par des forces et couples de frottements, et une température
modélisée par un bruit blanc Gaussien. Nous avons également élaboré le code infor-
matique associé au modele, qui nous permettra de valider les prédictions théoriques
et d’explorer la dynamique hors-équilibre fortement non-linéaire. Nous avons vérifié
la conservation de I'énergie totale, de I'impulsion et du moment cinétique total du
systeme lors de la simulation numérique. Enfin, 'implémentation de la température
a été validée en comparant la température imposée a celle reproduite par la simu-
lation numérique. De ce fait, nous avons mené des expériences numériques qui nous

ont permis de retrouver le temps de relaxation de Brown 7z dans la limite non-
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inertielle. Notre code prenant en compte l'inertie des nanoparticules, il permet de
révéler la limite de la théorie de Brown. En effet, lorsque le terme d’inertie devient
non-négligeable devant le terme de frottements, la théorie de Brown ne prédit pas

le bon temps de relaxation.

4.3 Configurations a I’équilibre

La configuration spatiale de spheres magnétiques interagissantes immergées dans
un fluide est un probleme a la confluence de domaines tels que le magnétisme, la
physique non-linéaire et la physique statistique. Des 1970, de Gennes et Pincus [182]
étudierent des particules magnétiques suspendues dans un fluide. Selon cette étude,
sans champ magnétique externe les particules s’auto-organisent en chaines et d’an-
neaux, tandis qu’en appliquant un champ statique suffisamment élevé les anneaux se
transforment en chaines et les chaines s’alignent dans la direction du champ. L’effet
des interactions dipolaires sur 'aggrégation des particules dans des colloides a par
la suite fait I'objet d’études théoriques et a méme été observé expérimentalement
[183, 184, 185, 186, 187, 188]. La formation de ce type de structures ne peut pas étre
expliquée par une simple interaction entre plus proches voisins, c’est l'interaction
dipolaire a longue portée qui semble en étre a l'origine. A faible concentration, les
nanoparticules forment préférentiellement des anneaux lorsque l'aggrégat est formé
de plus de 3 nanoparticules [189, 190, 191]. Les anneaux sont alors énergétiquement
plus favorables que les chaines et permettent la fermeture du flux magnétique. Au
contraire, les petits aggrégats de 3 nanoparticules ou moins ont plutot tendance a se
rassembler en chaine. Mais un anneau ne peut se former a partir d’une seule chaine,
car la chaine doit d’abord s’incurver et surmonter une barriere d’énergie conséquente.
I1 est plus facile pour un anneau de se former a partir de deux chaines de polarisation
opposée qui parviennent a se rapprocher suffisamment. Si des nanoparticules magné-
tiques sont disposées aléatoirement, elles s’aggloméreront donc d’abord en petites
chalnes, qui fusionneront ensuite pour former de grands anneaux. Si la concentration
en nanoparticules est plus élevée, les anneaux et les chaines s’assemblent sous 1’ef-
fet de I'interaction dipolaire pour former des réseaux plus complexes tels que ceux

décrits dans I'introduction de ce chapitre..

Apres relaxation, on peut donc observer de grands anneaux accompagnés de pe-
tites chaines isolées comme indiqué sur la figure Fig.(4.13). Le code de dynamique
moléculaire que nous avons mis au point permet de reproduire ce phénomeéne d’auto-
organisation. En collaboration avec un stagiaire, nous avons également élaboré un
code basé sur 'approche de Monte Carlo qui, en minimisant 1’énergie potentielle

de I’ensemble de nanoparticules, permet de trouver les structures d’équilibre. C’est
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FiGURE 4.12 — Configuration initiale FI1GURE 4.13 — Configuration a 1’équi-
aléatoire des nanoparticules dans la libre résultant de la relaxation vers des
boite de simulation. structures d’énergie minimale.

un algorithme similaire a celui utilisé dans la chapitre 3, mais ou I'on a remplacé
les termes d’énergie potentielle par ceux du présent chapitre. Aussi, la modification
aléatoire consiste ici a modifier la position et 'orientation d’une nanoparticule. En
prenant uniquement en compte le potentiel d’interaction de spheres dures et celui de
I'interaction dipolaire magnétique, notre algorithme de Monte Carlo converge vers les
mémes configurations en chaines et en anneaux. La concordance des deux approches,
Monte Carlo et dynamique moléculaire, non seulement apporte une validation sup-
plémentaire du code de dynamique moléculaire mais nous apprend que l'interaction
dipolaire magnétique est suffisante a la formation de chaines et d’anneaux. Tou-
tefois, si 'on applique un champ magnétique externe uniforme les nanoparticules
vont automatiquement s’arranger en chaines orientées dans la direction du champ.
En jouant sur la densité de nanoparticules on peut aussi observer d’autres types de
structures comme des fourches, ou des chaines courbées, contraintes par les frontieres
de la boite de simulation (condition réflective). Mais ces derniéres ne peuvent étre
considérées comme des configurations d’équilibre stables car elles sont soit dues a
des forces externes artificielles (surfaces de la boite) ou bien se cassent a la moindre
perturbation. De maniéere générale, si I'on attend suffisamment longtemps seules des
chalnes et des anneaux subsistent avec notre code. On peut évaluer grace a ce méme
code I'énergie potentielle d'une structure, en encore les positions des nanoparticules

a I’équilibre ce qui permet d’obtenir par exemple le rayon d’un anneau.

On remarque sur Fig.(4.14(a)) que I’énergie d’une chaine a 'air de dépendre li-
néairement du nombre de nanoparticules, ce qui n’est pas le cas pour un anneau.
A priori, on pourrait penser que cela s’explique par le fait que la distance interpar-
ticulaire dépend également du nombre de nanoparticules (Fig.(4.15(a))). En effet,
la forme du potentiel d’interaction des spheres dures U a été choisie de sorte que

la distance interparticulaire ry dans une chaine de deux nanoparticules a 1’équi-
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FIGURE 4.14 — (a) Energie potentielle d'un anneau (bleu) et d’une chaine (rouge) en
fonction du nombre de nanoparticules. La ligne en pointillé noir est la pour mettre
en évidence la non-linéarité de la courbe de l'anneau. (b) Rayon de l'anneau en
fonction du nombre de nanoparticules le constituant, évalué a 'aide des simulations
numériques (points bleus) et comparé a la tendance théorique (rouge).

libre soit égale a D. Mais si la chaine contient plus de deux nanoparticules, ou bien
si la structure est un anneau, alors la distance entre deux nanoparticules voisines
peut étre légerement différente (avec une déviation maximale de 3.37 ). Dans le cas
d’une chaine, en augmentant le nombre de nanoparticules, on augmente l'intensité
de 'interaction dipolaire. Celle-ci étant purement attractive dans une chaine, les na-
noparticules se rapprochent et la distance interparticulaire devient plus petite que D
(avec une déviation maximale de 0.0147 quand N — 00). Dans le cas d'un anneau,
on remarque que la distance interparticulaire est plus grande que D pour N < 5 et
devient plus petite que D pour N > 6.

Pour continuer notre raisonnement, on a besoin de se référer aux équations (4.39)
t (4.57) des sections (4.4) et (4.5), respectivement. A partir de ces équations nous
écrivons I’énergie totale d’une chaine U, ou d'un anneau U, en fonction de la distance

a I’équilibre entre nanoparticules voisines 7o(N) :

L Yy oy (U_”)%. (4.35)

SWTO i z#J i i

(j*i)) — 3cos (ﬂ(ﬂ l))

s> ) Pys(Z). s

i i v i
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FIGURE 4.15 — (a) Distance interparticulaire & 1’équilibre dans un anneau (bleu)
ou dans une chaine (rouge) en fonction du nombre de nanoparticules. (b) Energie
potentielle d’'un anneau (bleu) et d’une chaine (rouge) en échelle logarithmique. Les
points représentent les résultats des simulations (données identiques a celles de la
figure (4.14(a))), et les courbes en trait plein sont les valeurs données par I’équation
(4.37) avec ro(N) = D.

avec 17, = % (1 — cos (MN_I))) dans le cas de 'anneau (cf. Eq.(4.59)).

On peut en fait écrire cela de maniére plus condensée [189] en définissant un
angle o €0, 27| qui décrit la déformation graduelle d’une chaine qui suivrait un arc
de cercle caractérisé par ’angle o. Ainsi, un angle ¢ = 0 décrit une chaine parfaite
tandis qu'un angle o = 27 décrit un anneau parfait. Alors, I’énergie de la structure

de nanoparticules (chaine ou anneau) s’écrit :

2 N-1 2(, 0 1021 o
—lop: 5[ O o |14 cos?(isy)  sin®(5%)
Uy (0,19(N)) = — = — N — 5 —
(:70(N)) drrg(N)3 T <2N> 2.21( Z)l sin®(ix%)  4sin?!(%)
(4.37)

Cette formule est tres proche de celle obtenue par Wen et al. [189], a la différence
que 'on a rajouté le terme d’interaction de spheres dures et que l'on tient compte
du fait que la distance entre particules voisines a 1’équilibre ry n’est pas égale au
diametre des nanoparticules mais dépend de V. Cette énergie est tracée en fonction
de N sur la figure (4.15(b)) pour ¢ — 0 (cas d’'une chaine rectiligne) et o = 27
(cas d'un anneau). Dans cette figure, on a calculé U, en rendant r indépendant de
N en posant 79(N) = D. Nous n’avons tracé que U,(o, D) sur cette figure car les
valeurs de U, (o, 79(N)) sont tres proches de celles de U, (o, D) et on les distinguerait
difficilement si elles étaient tracées sur la figure (4.15(b)). Donc, bien que r( varie en

fonction de N (Fig.(4.15(a))), on retrouve les bonnes valeurs d’énergie en supposant
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que 7o est constante et égale a D. Contrairement a ce qu'on pensait, le fait que
ro dépende de N n’a donc que tres peu d’influence sur les valeurs que prennent
I’énergie potentielle a ’équilibre. Le seul parametre qui explique que U ne varie pas
de la méme maniere dans le cas d'un anneau ou d’une chaine est ’angle o. Enfin, on

remarque que I’énergie d’'une chaine ne dépend pas du tout linéairement de N comme
N

aurait pu le penser en observant la figure (4.14(a)). En effet, la somme »  — n’est
=1

pas une fonction linéaire de N puisqu’elle converge rapidement vers ((3) = 1.202...

qui est la fonction zéta de Riemann de parametre 3.

En outre, on voit que les deux courbes d’énergies potentielles se croisent en
N =4 et que I'énergie d'un anneau est supérieure a celle d'une chaine pour N < 4.

On retrouve donc bien les observations d’études précédentes. On observe aussi que
__ Db
2sin(m/N)
donnant le rayon du cercle circonscrit au polygone formé par les nanoparticules (cf.

le rayon de I'anneau est en parfait accord avec la formule théorique p =

section 4.5 en page 128).

Maintenant que 1’'on a caractérisé les deux types de structures a 1’équilibre, nous
allons entreprendre une approche thermodynamique et étudier leur stabilité ther-
mique. Pour cela, on initialise N = 9 nanoparticules dans leur configuration d’équi-
libre stable (anneau ou chaine) puis on les place dans un fluide & une certaine
température T. Une fois I’équilibre thermique atteint, on mesure 1’énergie poten-
tielle et I’énergie cinétique moyennées sur ’ensemble des nanoparticules ainsi que
sur le temps. On répéte cette simulation pour différente température entre 0 et
600 K. On étudie également l'effet de la densité de nanoparticules en changeant la
taille de la boite de simulaton. On définit I’énergie potentielle moyenne normalisée
u = (U)/NEj et I'énergie cinétique normalisée k = (K)/N Ey, ou N est le nombre
de nanoparticules et Ey = 3.37 x 1072° J est I’énergie potentielle d'une chaine de
deux nanoparticules. La valeur de Ey provient de I’équation (1.18).

Les figures Fig.(4.16,4.17) illustrent le changement structurel d’une chaine et
d’un anneau sous l'action de l'agitation thermique. Naturellement, ’énergie ciné-
tique augmente linéairement avec la température. L’accroissement rapide de 1’éner-
gie potentielle u a la température critique 7, correspond a une transition de phase
d’une configuration structurée vers une phase “gazeuse”. En effet, au-dela de T, il
n’y quasiment plus d’interaction entre les nanoparticules (u = 0) et on obtient un
gaz parfait. On voit ici aussi que les anneaux restent stables a de plus hautes tem-
pératures que les chaines, et que leur transition de phase est moins abrupte que
celle des chaines. On remarque que la taille de la boite de simulation influence cette
transition de phase en affectant la température critique. Les particules qui s’écartent

de la structure stable (chaine ou anneau) sont réfléchies par les parois de la boite.
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FIGURE 4.16 — Dépendance en tempé-
rature de u, k et u + k£ d'une chaine
(N = 9) pour différentes tailles de la

boite de simulation : 60 nm (triangles)
et 300 nm (ronds).
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FIGURE 4.17 — Dépendance en tempé-
rature de u, k et u + k£ d’'un anneau
(N = 9) pour différentes tailles de la
boite de simulation : 60 nm (triangles)
et 300 nm (ronds).

Par conséquent, plus ’environnement est confiné, plus les structures d’équilibre sont

stables et plus la température critique est élevée.

Dans cette section, nous avons étudié les configurations d’équilibre de nanopar-
ticules magnétiques en interaction dans un fluide. Les simulations numériques de
dynamique moléculaire et de Monte Carlo convergent vers les mémes structures :
des chaines et des anneaux. C’est un résultat attendu [182] qui démontre la solidité
du code de dynamique moléculaire. On 'utilise ensuite afin de déterminer d’autres
propriétés d’équilibre comme les valeurs d’énergie et 1’état des strctures a différentes
températures. On en déduit que la stabilité des structures augmente avec le nombre
de nanoparticules les constituant, et que les anneaux sont plus stables que les chaines.
De plus, au-dela d’une température critique 7, d’environ 250 K, I’ensemble de nano-
particules se comporte comme un gaz parfait. On pourrait étudier la nature de ces
transitions de phase en calculant les exposants critiques de la capacité calorifique
¢,(T') par exemple, ou bien on pourrait aussi examiner I’évolution de T, en fonction
du nombre de nanoparticules. Mais ’objetcif de ce chapitre est d’étudier les aspects
dynamiques d'un ensemble de nanoparticules interagissantes en immersion dans un
fluide. Les strutures d’équilibre étant désormais connues, nous allons maintenant
explorer leurs comportements dynamiques dans la limite des petites oscillations.

4.4 Perturbation d’une chaine de nanoparticules

Lorsqu’une chaine de nanoparticules est soumise a un champ magnétique oscil-

lant perpendiculairement a ’axe de celle-ci, il existe deux types de comportements
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limites selon la fréquence du champ magnétique externe (cf. Fig.(4.18)). Dans les

deux cas, sous l'influence de la variation du champ magnétique les nanoparticules

vont tourner chacune autour de leurs centres de masse pour former un angle ¢; avec

I’axe de la chaine. Ensuite, on distingue deux cas :

(i)

(i)

A basse fréquence : lorsque le champ externe augmente dans le premier quart
de période, il va maintenir une valeur positive et croissante de ¢;. Cette configu-
ration n’est pas stable du point de vue de I'interaction dipolaire, et la structure
aura tendance a relaxer vers une configuration en chaine parfaite. Or, comme
on peut considérer le champ magnétique quasi-constant devant le temps de
relaxation, et qu’il maintient une valeur non-nulle de ¢;, le seul chemin de re-
laxation possible est une révolution des nanoparticules autour du centre de la
chaine. Les nanoparticules vont alors se réaligner dans une nouvelle direction
fonction de 'orientation des dipdles : la chaine a effectué une rotation dans son
ensemble. Puis, lorsque le champ magnétique devient négatif dans le troisiieme

quart de période, la chaine se met a tourner dans le sens inverse.

A haute fréquence : cette fois-ci les nanoparticules n’ont pas le temps de se
déplacer. Elles tournent sur elles-méme mais la chaine reste fixe.

5 o9 °*

(i) Basse ’J l

fréquence

-9

(i) Haute
fréquence

S 9 99

FIGURE 4.18 — Illustration des comportements d’une chaine de nanoparticules selon
la fréquence du champ transverse oscillant qui lui est appliqué.

C’est le cas (ii) a fréquence tres élevée que nous allons étudier maintenant. Soit

une chaine de nanoparticules orientée suivant l’axe e,. Les moments magnétiques

font un angle ¢; avec ’axe de la chaine et sont situés a une distance r de leur plus

proches voisins.
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B(t)e,

FIGURE 4.19 — Illustration d’une chaine de nanoparticules orientée suivant e,.

On applique un champ magnétique B(t) externe perpendiculairement a la chaine
et dans le plan d’oscillation des moments magnétiques, par convention suivant e..
Le Lagrangien de la chalne s’écrit alors :

I .
L=3 [Tgrﬁ +5 ¢f] _ ;Z ; (U4 +U5) — naB(2) > _sin(¢:) (4.38)
avec

Us = Mz;ﬁ cos(¢i — ¢;) —TZ cos(¢;) COS(%’)‘ (4.39)

ij

On se place dans 'hypotheése d’une faible excitation (régime linéaire) et on peut
donc supposer les nanoparticules fixes et les angles ¢; petits. En utilisant les équa-
tions d’Euler-Lagrange modifiée (4.14) pour écrire I’équation du mouvement de la

nanoparticule i :

_ Mot 5 sin(¢; — ¢;) 381n(¢ ) cos(¢;)

1o, ym 2. " + psB(t) cos(¢;) — (. (4.40)

ij

Le systeme ne posseédent donc désormais plus que N degrés de liberté, a savoir
les angles ¢; de chaque nanoparticule. On commence par le cas tres simple de deux
nanoparticules. On a vu dans I'introduction du modele que dans ce cas, la distance
d’équilibre entre les deux nanoparticules vaut D, c¢’est-a-dire que les nanoparticules

sont en contact. Leurs dynamiques de rotation sont couplées et obéissent au systeme
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d’équations suivant :

 pop?

— HO (sin(61 — 62) — Bsin(61) cos(6)) + p BE) cos() — G

Iy

2
Iy = ng; (sin(gy — @) — 3sin(¢hs) cos(¢)) + s B(t) cos(a) — Cobo.
(4.41)

En faisant I'approximation des petits angles (cos(¢) ~ 1, sin(¢) ~ ¢) on réécrit
alors le systeme Eq.(4.41) avec un champ oscillant B(t) = By cos(wt) :

161 = —Up (¢ + 2¢1) + ps B(t) — (o
(4.42)

[¢"2 = —Up (¢1 + 2¢2) + psB(t) — Cr(ﬁ'Q
fioj

3
/ . 7-‘- V4 . .
étudier les modes et fréquences propres, on retire les termes d’amortissement et

ou Uy = est I'énergie caractéristique définie dans le modele (cf. 4.2). Pour

d’excitation pour écrire le systéme sous forme matricielle I¢p = K ¢ avec

f _ —2Uo — Ug
-Uy —2U,
Ensuite on cherche des solutions de la forme ¢ = ¢ e, d’ott —Iw?p = fgb On

résout maintenant 1’équation caractéristique donnée par det (?%— I w2112> = 0 qui

nous donnera les solutions non-nulles :

det (K +Iw’1,) = 0 (Iw? - 203)" ~ U2 = 0
, AU, 53U

= W —Tw +?—0

Les pulsations propres, solutions positives de ce polynome, sont wy, =

[Up |30, =
{ 70; [0} En résolvant (K + wa]lg) ¢ = 0;2 on trouve les modes propres

UL
qui indiquent une oscillation en opposition de phase (¢; = —¢9) pour w; = 70 et
_— 3Uy
une oscillation en phase (¢ = ¢9) pour wy = -
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On peut réécrire le systeme d’équations 4.41 pour ¢; = —¢2 ou ¢; = ¢ sous
la forme d’une unique équation, celle d'un oscillateur harmonique amorti et forcé

[Uy | 3U
420wt +wiz = % dont on extrait alors la pulsation propre wy = { 70; TO },

le ratio d’amortissement ( = 2?—;0 et la pseudo-pulsation w, = wpy/1 — 2¢? dans le
cas du régime sous-critique (¢ < %)

Afin de confirmer ces résultats analytiques on effectue des simulations de dyna-
mique moléculaire en intégrant numériquement les équations Eqs.(4.15,4.16,4.18) a
température nulle. On étudie des nanoparticules de fer dont les caractéristiques sont
données dans le tableau (4.1) et que 'on qualifiera dans la suite comme étant de
type 1. Dans la section (4.6), on étudiera des nanoparticules de type 2.

Fer (type 1) Fe;04 (type 2)
Nombre d’atomes 10* ~ 1.8 x 10*
Diametre D (nm) 6 10
Masse m (kg) 8.9 x 107 2.72 x 1074
Moment magnétique p, (J/T) | 2.2 x 10*up =2.04 x 1071 | 1.71 x 1071

TABLE 4.1 — Caractéristiques intrinseques des nanoparticules de fer de type 1 et 2.

Afin d’observer les modes précédemment décrits, il faut utiliser des parametres
respectant la condition ( < % Vu la valeur de la plus petite des fréquences
propres, et vu les valeurs des parametres intrinseques aux nanoparticules, on ajuste
la viscosité dynamique du fluide afin de satisfaire < 1.65 x 107°Pa.s. On choisit
n =1 x 107°Pa.s qui correspond & la viscosité dynamique de ’eau a 1'état gazeux.
On cherche les fréquences de résonance du systeme en mesurant la réponse magné-
tique de la chaine & lexcitation du champ oscillant By cos(wt)e,. Pour ce faire on
calcule la susceptibilité magnétique dynamique x dof X' —ix” dont la partie réelle et
la partie imaginaire sont données par [192] :

P

1
! = M, t
X) = e (L) st
(4.43)
P
i t
X"( PBO ; 1) sin(wty),

ou P est le nombre de pas de temps, [ est I'indice de pas de temps et (M,;) est
I’aimantation moyenne de la chaine au temps t; = [At projetée suivant e,. By doit
étre suffisamment faible afin de rester dans la partie linéaire de la courbe (M, B),
et donc x ne doit pas dépendre de By. Nous avons d’abord choisi la valeur By = 0.5

mT et vérifié que des champs de magnitude dix et vingt fois plus élevées ne changent
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pas la valeur de . De plus, afin d’assurer une précision suffisante il est nécessaire

de mesurer la susceptibilité magnétique dynamique sur un grand nombre de cycles

d’aimantation, ou de périodes entieres d’oscillation du champ magnétique.

x 107"

1.57

0.5¢

% (a.u.)

-0.5¢

1

10°

10'°

FIGURE 4.20 — Partie réelle (en bleu) et imaginaire (en rouge) de la susceptibilité
magnétique dynamique d’une chaine de deux nanoparticules.

On observe que la partie réelle s’annule lorsque la partie imaginaire atteint son

maximum, ce qui est caractéristique d’une résonance. Ce phénomene se produit a une

fréquence f,. = 0.65+0.01 GHz d’apres les simulations, tandis que les valeurs prédites
par la théorie sont f,; = 0.31 GHz et f,o = 0.64 GHz. Le pic majeur correspond donc

au mode ou les moments magnétiques oscillent en phase. On remarque que la partie

gauche de ce pic est moins abrupte que la partie droite, ce qui marque certainement

la présence de I'autre mode a f.; = 0.31 GHz ou les moments magnétiques sont en

opposition de phase.

Pour 3 nanoparticules on a :

I

Iy

Iy

_|_

+

sin(¢1 — ¢2) — 3sin(¢1) cos(¢»)

r3

psB(t) cos(pr) — 87 R3¢,

N sin(¢1 — ¢3) — 3sin(¢1) 005(9253))

(2r)?

3
(s B(t) cos(¢s) — 8TnR3 by
sin(¢z — ¢1) — 3sin(¢psz) cos(¢1)

+

sin(¢s — ¢3) — 3sin(¢) cos(@))

r3

(2r)?

)

Noﬂg (sin(¢2 —¢1) — 3 sin(¢1) COS(¢1)
><

s B(t) cos(¢s) — 8nR>¢s.
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Dans I’hypothese des petites oscillations, ce systeme se réduit a :

1= =0y (2(145) 61 + 62+ 50u) + weBUE) — ST,
Iy = —Up (4epy + ¢2 + ¢3) + ung ) — 8mnR*dy (4.45)
—7?53 —Uo( ( >¢3+¢2+ ¢1>+Ms ()—87”733%

Afin d’étudier les modes et fréquences propres, on retire les termes d’amortisse-
ment et d’excitation pour écrire le systéme sous forme matricielle /¢p = K¢ avec

B 18/8 1 1/8
K=-Uy| 1 4 1
1/8 1 18/8

Ensuite on cherche des solutions de la forme ¢ = ¢ye™*, d’ott —Iw?¢p = fqﬁ. On
résout maintenant 1’équation caractéristique donnée par det (F +1 w2]13) = 0 qui
nous donnera les solutions non-nulles :

det (K + 1u71,) = <—188U0 + Iw2> (40, + 1) (—188(]0 + Iw2> (4.46)
+ (=Uo) (—=Up) (_;UO> + <—éUo> (=Uo) (=Uh)

- (—;U()) (40, + 1?) (—;U(]) _(—U) (=) (—lon 4 M)

- (-?UO + 1) (<Up) (~Uo) =0

Soit :
34U 134702 102008
6 0 4 0,2 0
— — =0. 4.47
YT Y T Tar YT Tan (4.47)
Les trois solutions  positives ce polyndme sont  wy =

{\/—(\/68 —51)U \/TUO\/ 081 +51 UO} Puis, de la méme maniere
161 ]I 161 ' ’

que pour deux nanoparticules, on résout (K +1 wf]lg) ¢ = 0;3 qui nous donne
trois modes :

2U
Tws — 4U,

—(v/681 — 51)U,
161

® O = ¢z et gy = P13 = —0.82¢13 POUI"UJOI\/
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Les deux nanoparticules situées aux extrémités sont en phase alors que celle
du centre oscille avec une amplitude plus faible et en opposition de phase avec

les deux autres.

20, ¢hﬂﬁ1+5DUﬁ
= t = —5—— = 244 = .
* ¢ ¢35 et ¢ 12 _4U0¢1,3 ¢1,3 pour wo 167

Les trois nanoparticules sont en phase mais celle du centre oscille avec une
amplitude plus grande que les deux autres.

17U,
e O = —¢3 et ¢ = 0 pour wy = 8]0‘ Les deux nanoparticules situées aux
extrémités sont en opposition de phase alors que celle du centre n’oscille pas

du tout.

Finalement, on passe a une chaine de N nanoparticules. Dans 'approximation
des petites oscillations, I’équation d’évolution de I’angle ¢; de la i-éme nanoparticule
s’écrit :

. N /9 . )
j=1
J#l

Cette équation est valide pour n’importe quelle nanoparticule j et quel que soit
le nombre de nanoparticules N. On écrit alors sa matrice associée K :

f(1) 1 1/8 ... 1/(N—=2)* 1/(N—1)3
1 £(2) 1 ... 1/(N=3) 1/(N—2)
U, %8 % ﬂaZH]ANi@31Ay—$3
1/(N—2)3 1/(N =33 ... F(N=1) 1
1/(N—1)3 1/(N—-2)3 ... 1 F(N)
N1
ﬂ”:2;;U—H” (4.49)
G

Les valeurs propres de K sont calculées numériquement (cf. Fig.(4.21)) pour
différentes tailles de chaines de nanoparticules de type 1. Dans les configurations
d’équilibre les nanoparticules sont quasiment en contact, on considere donc une dis-
tance interparticule de 6 nm. On néglige toutefois les effets d’une telle proximité
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(écoulement turbulents, interaction entre les spins atomiques superficiels de nano-
particules voisines). Il y autant de modes propres (et donc de fréquences propres)

que de nanoparticules dans la chaine.

N—

N
- O.Sf

)

f (GHz

0 5 10 15 20 25

N

FI1GURE 4.21 — Evolution des fréquences de résonance en fonction du nombre de
nanoparticules constituant la chaine.

Quand le nombre de nanoparticules devient grand, on observe essentiellement
deux groupes de fréquences de résonance. Deux fréquences a 0.5 GHz correspondant
a des modes ou les moments magnétiques du centre de la chaine sont quasiment
immobiles tandis que ceux aux extrémités oscillent fortement, puis toutes les autres
fréquences propres entre 0.63 GHz et 1.09 GHz correspondant aux modes habituels
de l'oscillateur harmonique. Tous les moments magnétiques de la chaine oscillent a
la méme fréquence, mais il existe des différences de phase entre eux et ils oscillent
avec des amplitudes différentes. On peut visualiser les modes propres en calculant
numériquement les vecteurs propres associés a chacune des fréquences propres de
K. Ces vecteurs propres indiquent les amplitudes de rotation de chaque moment
magnétique, ils sont illustrés sur les figures (4.22(a)-4.23(b)) ou 'on appelle n le
nombre de ventres qui apparaissent dans la chaine.

Le mode de plus basse fréquence correspond a n = 1, et comme il existe N
mode différents, on a 1 < n < N. Il existe donc au moins un ventre d’oscillation
dans la chalne. Le mode fondamental est similaire & celui d’une corde dont on blo-
querait les extrémités. C’est une sinusoide possédant un seul ventre d’oscillation et
qui s’annule aux extrémités de la chaine. Les nanoparticules situées aux extrémités
n’oscillent donc pas tandis que celle au centre oscille avec une amplitude maximum.
Le mode suivant fait apparaitre un ventre d’oscillation supplémentaire, et ce jusqu’a
n=N —2. Pourn=N —1et n= N, on obtient des modes plus étranges (cf. les

figures (4.23(a)-4.23(b))) ou les nanoparticules situées au centre de la chaine n’os-
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(a) (b) (c) (d)
F1GURE 4.22 — Illustration des modes d’oscillations des moments magnétiques le

long d’une chaine pour : (a)n =1, (b)n =2, (¢)n =4, (d)k = 11.

cillent quasiment pas tandis que celles aux extrémités oscillent avec une amplitude
maximale.

(a) (b)

F1GURE 4.23 — Illustration des modes d’oscillations des moments magnétiques le
long d’une chaine pour : (a)n = N, (b)n = N — 1

Similairement & I’étude faite par De Leeuw et al. [193], on calcule maintenant la
relation de dispersion en partant de I’équation (4.48) sans les termes d’amortissement
et d’excitation :

le =TT (Do — 7 Z W% (4.50)

De Leeuw et al. ont étudié la propagation d’une excitation dans une chaine mo-
léculaire de dipoles électriques. Dans leur étude les dipoles sont fixe mais sont libres
d’effectuer un mouvement de rotation autour de leur centre de masse. Le potentiel
d’interaction dipolaire électrique ayant la méme forme que celui de 'interaction di-
polaire magnétique, nous retrouvons les mémes équations que De Leeuw et al. en

étudiant une chaine de nanoparticules magnétiques. Analytiquement, on est rapi-
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dement bloqué par le fait que f(I) est liée & la fonction zéta de Riemann ((3) qui
ne possede pas de forme analytique connue a ce jour. Concretement, on ne peut
pas I’écrire comme une fonction de N a l'aide de fonctions connues. Mais, pour
N — o0, on peut montrer que f(I) = 4¢(3). On va donc étudier le probleme dans
la limite d’une chaine de taille infinie. Puis on suppose que les solutions sont pé-
riodiques de pulsation w(k) en posant ¢; = ¢ (k)e!*=«®D oy 2 est la position
27” est le nombre d’onde ou la fréquence angu-
laire spatiale, qui mesure le nombre d’oscillations par unité d’espace en rad.m=!. Si

(en m) de la nanoparticule. Ici k =

n € N* est le nombre de ventres contenus dans la chaine de longueur (N — 1)D,
alors (N—l)D—n et k = 755
¢y = @O (k) F=1 =D+ - Alors, en posant g = j — 1

. Finalement, comme z; = (I — 1)D, on a

—¢(3) + Ulvo 27’ N’;q (4.51)

q#0

W2 (n) = 4Uy

Or, si la chaine est de taille infinie il y a invariance par translation le long de la

chaine et chaque nanoparticule se trouve au “milieu” de la chaine. Alors :

nmw -1

Y

7_|_ N
7 laP? o~ la? = g

efi%q N—o0 e*i%q

(4.52)

Nioo ezN T q Nioo e—i%q

- e Y

= el = gl
Nioo 2 cos(775q)

p lql®

Dans le cas limite d'une chaine infinie, le mode fondamental n = 1 correspond a
k — 0, et donc a une longueur d’onde infinie. Finalement, on trouve la relation de

dispersion pour une chaine infinie :

4U, UO Noe 2008(1\/ 1Q)

) = PO S (159

Cette relation de dispersion est comparée aux valeurs propres de K sur la figure
(4.24(a)). On observe que la relation de dispersion est cohérente avec les fréquences
propres données par ?, a l'exception des deux modes n = N —1etn = N — 2.
Ces deux modes particuliers sont illustrés sur les figures (4.23(b)) et (4.23(a)). Dans

ces modes, les nanoparticules situées au centre oscillent avec une amplitude qua-
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FIGURE 4.24 — (a) Relation de dispersion d’apres Eq.(4.53) (en rouge) et valeurs

propres de K (points bleus) pour une chaine de 50 nanoparticules. (b) Vitesse de
groupe de l'onde a travers la méme chaine en fonction de & pour N = 1000. (c)
Vitesse de phase de 'onde.

siment nulle, et plus on se rapproche des extrémités de la chaine plus 'amplitude
des oscillations devient grande. En simulant une chaine de taille finie avec notre
code de dynamique moléculaire qui résout les équations exactes du mouvement
(Eqs.(4.28),(4.29),(4.30)), on peut reproduire ces deux modes. Ils ne sont donc pas
des artéfacts et ne sont pas liés a des erreurs de calcul. Ils sont en fait liés au ca-
ractere fini de la chaine, et disparaissent lorsqu’on prend la limite N — oo dans le
calcul précédent.

Avec la relation de dispersion d’une chaine infinie, on peut déterminer la vitesse

de groupe et la vitesse de phase de l'onde existant au sein de la chalne avec les
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formules suivantes :

dw(k)  Ldw(n) UL N2 sin(§759)
_ _L ___Yob 5 N®) 454
Yo dk T dn Tw(n)N q; q> (4:54)
~w(k)  Lw(n)
v, = T = 22 (4.55)

Ces deux vitesses sont tracées en fonction du nombre d’onde k sur les figures
(4.24(b)) et (4.24(c)). On remarque que la vitesse de groupe s’annule pour & — 0
et k = N7/L, 'enveloppe de I'onde ne se propage donc pas a travers la chaine pour
ces deux modes et chaque nanoparticule oscille avec une ampltiude constante dans
le temps. Par contre, la vitesse de groupe est maximale (en valeur absolue) pour
k ~ 0.42N7/L, c’est donc pour ce mode particulier que I’excitation (ou 'énergie) se
foft3

mD3’
et donc pour obtenir une vitesse de groupe plus élevée il faudrait soit utiliser des

propage le plus rapidement le long de la chaine. On peut montrer que v,

nanoparticules de diametre et/ou de masse plus faibles, soit augmenter la valeur de
fts. La vitesse de phase étant proportionelle a 1 (et w(k) étant bornée), elle tend
a étre infinie pour le mode n = 1. Rien d’étonnant puisque dans ce mode tous les
moments magnétiques ont la méme phase, cette derniere est alors présente dans
toute la chaine en méme temps et c’est comme si elle se déplagait a une vitesse
infinie.
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4.5 Perturbation d’un anneau de nanoparticules

On considére un anneau de N nanoparticules situé dans le plan (e, e;). On a vu
précédemment qu’au repos les moments magnétiques sont dans le plan de I’anneau,
tous tangents au cercle formé par 'anneau et uniformément répartis sur ce dernier.
L’angle entre deux moments magnétiques voisins vaut donc , et I'angle entre deux
moments magnétiques numérotés i et j vaut (m]) Yij = 2” J 2G=9 avec j—i < N.
Aussi, 'angle entre un des moments magnétiques M; ou M; et le vecteur qui les

relie r;; vaut la moitié de (mj) soit %
p " 27?(1 )
f‘/‘ N | eL
P €x

FIGURE 4.25 — Schéma d’une partie d’'un anneau vu du dessus. Seules trois nano-
particules dénotées i, j et k y sont illustrées afin de ne pas encombrer la figure. On
appelle C' le centre de I'anneau et p son rayon.

B(t)e,

FIGURE 4.26 — Schéma de la méme partie de 'anneau vu de coté.

Si les moments magnétiques sont légerement hors du plan suite a I'application
d’un champ magnétique par exemple, alors on définit les angles ¢; que font cha-
cun des moments magnétiques avec le plan (e,,e,). En adoptant les cordonnées
sphériques (¢;,1;) que 'on réécrit dans le repeére cartésien, on a donc :
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ex
FIGURE 4.28 — Schéma décrivant les
FIGURE 4.27 — Schéma décrivant les coordonnées sphériques d’'un moment
coordonnées sphériques de deux mo- magnétique M; et du vecteur r;; le re-
ments magnétiques M; et M; dans le liant & un autre moment magnétique
repere (€, €,,€;). M;.
COS ¢; COS Y; COS @ COS V; cos 7y
M, = ps | cos¢;siny; |, M; = ps | cosg;siny; |, r;; = | sinvy
sin ¢Z sin ¢j 0

Afin d”écrire le potentiel d’interaction dipolaire magnétique entre M; et M, on

calcule les différents produits scalaires :

M, -M; = pu2(cosg;cos;cos d;cosh; + cos ¢; sinh; cos ¢ sinh; + sin @; sin ¢;)

= 1%(cos ¢; cos ¢; cos(v; — ;) + sin ¢; sin ¢;)
(i — i

= i2(cos ¢; cos ¢ cos (W) + sin ¢; sin ¢;)

M, -r;; = [1sC08@; cOs;cosy + cos @; sin ), siny

= s cos ¢; cos(t; — )

= L5 COS @; COS <7T(‘]N_Z)>

Le potentiel d’interaction dipolaire magnétique entre M; et M, s’écrit alors :
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1o

Uj = dmr? [M; - M; =3 (M - ry5) (M - )]
— MOMS . . M : o ) 3 ] ) 2
= 47r7“f’j COS ¢; COS ¢ cos i + sin ¢; sin ¢; — 3 cos @; cos ¢; cos

Notons au passage que lorsque N — oo on retrouve bien le terme d’interaction

dipolaire d'une chaine Eq.(4.39). Le Lagrangien du systéme s’écrit :

L= Z [rl + fwl } 5 22 (U5 +U5) + e o sin g (4.57)

1 j#L

Comme lors de I’étude de la perturbation d’une chaine de nanoparticules, on sup-
pose les nanoparticules fixes et I'excitation externe suffisamment faible de telle sorte
que pour tout 7, ¢; < 1. L’équation du mouvement de rotation d’une nanoparticule

1 s’écrit alors :

b cos (2= i)
pof; 1 cos (75 ﬂ? ot (%57) + s B(t) cos(r) — G0

4dr = re.
(4.58)

I = —

J#i 4]

Il faut maintenant exprimer r;; en fonction des parametres du systéme quels que
soient i et 7. Pour cela, on se focalise sur le polygone régulier définit par I’ensemble de
nanoparticules. Ses cotés sont donc les segments reliant chaque nanoparticule voisine,
et ses sommets se confondent avec les positions des nanoparticules. On obtient un
polygone a N sommets et de c6té D si 'on suppose que les nanoparticules voisines
sont en contact. On sait que le rayon p du cercle circonscrit a ce polygone vaut
p= W. En utilisant le théoreme d’Al-Kashi, on peut désormais exprimer 7;;
en fonction de D, N, i et j :

ry, = 2p% — 2p* cos <27T(‘§V_ ”) - zsinfz;/m (1 — cos (W)) (4.59)

On injecte ensuite r;; dans Eq.(4.58) et on retire les termes d’amortissement et

d’excitation afin de 1’écrire sous forme matricielle par la suite :
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oot ) s )
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Or 3cos?(x) — cos(2z) = 1(3 + cos(2z)) et 1 — cos(2x) = 2sin*(z) d’
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(4.60)

(4.61)

(4.62)

(4.63)

]T\r,) est toujours positif pour N > 1 et (sin2 (Tr(j*i)))g/2 = ‘sin (’r(jN”'))‘g =

1 Ce systeme de N equatlons différentielles couplees peut étre maintenant

reecrlt sous forme matricielle I¢p + K¢ = 0 ot le tenseur K a la forme suivante :

. 1 1 1
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FI1GURE 4.29 — Illustration des modes d’oscillations des moments magnétiques le
long d’un anneau pour : (a)n =1, (b)n = {2,3}, (¢)n = {6, 7}, (d)n = {20,21}.

1 N=13 + cos (X&
Ty=2 — SkN ) (4.65)
2,4 sin” 7
1N 3+ cos (2”(] ”)
1) == . 4.66
i

Dans un anneau, contrairement a une chaine, I’onde de spins doit étre continue
sur toute sa longueur. C’est-a-dire qu’il ne peut exister qu’un nombre entier de
longueur d’onde et donc n, le nombre de demi-longueurs d’onde existant dans le
périmettre de I'anneau, ne peut que étre pair. Cette contrainte de continuité est
a l'origine d'une dégénérescence de certains modes. Par, exemple les modes n = 2
et n = 3 correspondent a la méme fréquence propre et génerent tous les deux une
onde de longueur d’onde égale au périmetre de I'anneau. Mais ces deux ondes se
différencient par un décalge de A\/4. De maniere générale, un mode dégénéré produit

deux ondes de méme période mais décalées de A\/4 'une de l'autre.

En ce qui concerne la relation de dispersion, comme nous sommes analytiquement
limités a 1’étude d’une structure contenant un nombre infini de nanoparticules et
qu’un anneau de taille infini est équivalent a une chaine de taille infinie, on retrouve
la méme relation de dispersion que dans le cas d’une chaine. On rappelle que cette
relation de dispersion s’écrit :

AU Uy N2 2 cos (27
w?(n) = —OC(S) 4+ 20 Z (—]\g_ﬂ) (4.67)

Les vitesses de groupe et de phase sont également les mémes que dans le cas

d’une chaine infinie.
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FIGURE 4.30 — Relation de dispersion d’apres Eq.(4.53) (en rouge) et valeurs propres
de K (points bleus) pour un anneau de 50 nanoparticules.

4.6 Application a des agrégats de nanoparticules

dendronisées

On applique maintenant notre code a I'étude de la réponse magnétique d’un
ensemble de nanoparticules de magnétite Fe3O, dendronisées (agrégats de nanopar-
ticules). Les nanoparticules en question font 10 nm de diameétre, ont une masse de
2.72 x 1072! kg et portent un moment magnétique de magnitude p, = 1.71 x 1071
J/T. On considére deux types de dendrons différents, un linéaire noté 2P et un
autre plus complexe de génération 1 noté 2PG1. Ces dendrons sont schématisés sur
la figure (4.31(b)). Ils se fixent aux nanoparticules par un groupe bisphosphonate
lorsqu’ils sont mélangés aux nanoparticules dans une solution aqueuse a pH acide.
Les suspensions alors obtenues sont appelées E11Q2P et E11@2PG1. Ces nano-
particules dendronisées ainsi dispersées dans de 1’eau s’assemblent en agrégats. Le
diametre hydrodynamique de ces agrégats a été mesuré en suspension par une tech-
nique de diffusion dynamique de la lumiére appelé DLS (Dynamic Light Scattering).
Cette mesure fournit en fait le diametre d’une sphere imaginaire qui aurait le méme

coefficient de diffusion brownienne qu'un agrégat moyen.

Les données issues de 'analyse DLS indiquent que les agrégats ont des tailles
moyennes de dopg; = 80 nm et dyp = 150 nm. Les nanoparticules affectées des
dendrons les plus petits (2P) forment des agrégats plus grands, ce qui est assez
surprenant a priori. En effet, on pourrait penser que les nanoparticules portant

les plus longs dendrons occupent un volume plus grand et donc, si les agrégats

131



E1@2pP O, o7’

- - 7

12 ——E11@2PG1 HO \;?EP:”’”
[,

Intensity

T T
10 100 1000

Size (d. nm) 2P 2PG1
(a) (b)

FIGURE 4.31 — (a) Diametres hydrodynamiques des agrégats de nanoparticules den-
dronisées avec 2P (noir) et 2PG1 (rouge) mesurés par DLS. (b) Schémas des den-
drons de type 2P et 2PG1.

contiennent le méme nombre de nanoparticules dans les cas 2P et 2PG1, alors les
suspensions E11@2PG1 devraient étre plus volumineuses. Néanmoins, si les dendrons
sont plus grands, les interactions dipolaires sont limitées en intensité. Les forces
d’attraction qui peuvent survenir sont alors plus faibles et la cohésion de 'agrégat
s’en trouve diminuée. L’agitation thermique peut alors décrocher des nanoparticules
plus facilement, et par conséquent les agrégats seront plus petits. Ces mesures de
DLS ne nous informent donc que sur la taille moyenne des agrégats, mais pas sur
leur structure, ni sur le nombre de nanoparticules les constituant, ni sur les distances
interparticules. Il existe donc beaucoup d’inconnues nécessaires a la modélisation du
probleme. Nous allons donc nous limiter a ce que notre code peut simuler. Les seules
structures stables que ’on peut étudier et perturber dans notre code de dynamique
moléculaire sont des chalnes et des anneaux. Afin de modéliser les dendrons on
modifie le potentiel d’interaction de spheres dures U en y ajoutant un parametre

d* de la maniére suivante :

167 D3

9 24
Jokt D
Us = s , 4.68
' (TU dr ) ( )

La distance d* (en nm) rend compte de leffet des dendrons qui écartent les
nanoparticules les unes des autres. Pour les dendrons de type 2P on utilise d* = 4
nm et pour ceux de type 2PG1 on fixe d* = 8 nm.

Mais les dendrons ne font pas que maintenir une distance entre les nanoparticules,
ils augmentent également le volume hydrodynamique et donc le couple de frottement.

Alors, les coefficients de frottement sont modifiés de la fagon suivante :
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F1GURE 4.32 — Illustration d’une chaine de nanoparticules dendronisées orientée
suivant e, .

[—Ete@2r
— E11@2PGH

FIGURE 4.33 — Mesure expérimentale des parties réelles (trait plein) et imaginaires
(pointillés) de la susceptibilité magnétique d’agrégats de nanoparticules fonctiona~
lisées par des dendrons 2P (noir) et 2PG1 (rouge).

Cr = 6mn(R+d") (4.69)
¢ = 8m(R+d*)>°. (4.70)

ou R est le rayon de la nanoparticule.

La réponse magnétique a été expérimentalement évaluée en mesurant les parties
réelle et imaginaire de la susceptibilité magnétique y = x' — ix” en soumettant les

nanoparticules a un champ magnétique oscillant de magnitude 0.5 mT.

Comme illustré sur la figure (4.33), les mesures expérimentales montrent que
lorsqu’on remplace les dendrons 2P par des dendrons 2PG1, le maximum de la partie
imaginaire x” de la susceptibilité magnétique est déplacé vers les hautes fréquences.
Ceci s’explique par le fait que les suspensions E11@2PG1 sont en moyenne plus
petites et leur fréquence de rotation est donc plus élevée. En effet, en supposant
I’agrégat rigide, sa fréquence de rotation est inversement proportionnelle au moment
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d’inertie principal de 'agrégat. Et ce dernier est d’autant plus élevé que la masse
et la taille de 'agrégat sont grandes. Mais on observe aussi que le maximum de la
partie réelle x/, c’est-a-dire le plateau & basse fréquence, est plus élevé. Et il en va
de méme pour le maximum de x”. Cet effet est plus difficile & expliquer a priori.

On pourrait penser que des agrégats plus gros (E11@2P) possedent une plus grande

Moy
Hy

élevée, mais les données expérimentales montrent exactement le contraire.

aimantation a I’équilibre et donc que la susceptibilité a I’équilibre xyg = soit plus

Vu les fréquences des maxima de la partie imaginaire de la susceptibilité magné-
tique, on suppose que le mécanisme mis en évidence ici est une rotation des agrégats
et non une rotation des nanoparticules a l'intérieur des agrégats. Or, sous 'effet
d’un champ magnétique oscillant seule une chaine peut effectuer une telle rotation.
Un anneau resterait immobile s’il était soumis a une excitation telle que celle uti-
lisée dans les expériences. Dans le cas d’une chaine, nous allons simuler des petites
chaines de moins de dix nanoparticules et nous focaliser sur une étude qualitative
de Deffet du nombre de nanoparticules sur la valeur du plateau de susceptibilité..

Pour ce faire, on applique un champ magnétique oscillant de la forme B(t) =
By cos(wt) polarisé perpendiculairement a une chaine de nanoparticules avec By =
0.5 mT. Cette chaine de nanoparticules dendronisées est placée dans un fluide de
viscosité dynamique n = 1073 Pa.s (égale a celle de I'eau & température ambiante)
et a une température 7" = 300 K. Les nanoparticules font 10 nm de diametre et on
choisit d’étudier des dendrons de 4 nm de longueur (2P). On calcule la susceptibilité
magnétique a I'aide des formules (4.43) qu’on rappelle ici :

Y (w) = PlBg 2 (M, ;) cos(wt;)
. (4.71)
X'(w) = PlBO Z:<Mz’l> sin(wt;).

Afin d’obtenir une précision suffisante sur x’ et x” on simule sur un temps suf-
fisamment long comprenant une centaine de périodes d’oscillation de B(t). De ce
fait, plus la fréquence d’excitation est faible plus le temps de calcul est élevé. Sur
un pc de bureau muni d’un processeur de 6 coeurs, plusieures semaines peuvent
étre nécessaires pour calculer une seule valeur de la susceptibilité a f = 1 kHz par

exemple.

Le comportement de x’ et x” en fonction de la fréquence d’excitation w est
illustré sur la figure (4.34).

On remarque sur la figure (4.34) que la valeur de y’ a basse fréquence diminue
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FIGURE 4.34 — Parties réelles (traits pleins) et parties imaginaires (pointillés) de
la susceptibilité magnétique dynamique en fonction de la fréquence de I'excitation
pour des chaines consituées de 2 (bleu), 4 (rouge) et 8 (noir) nanoparticules.

bien lorsque la taille de I'agrégat augmente, ce qui est conforme aux résultats ex-
périmentaux. Il en va de méme pour la valeur maximum de y”, qui diminue aussi
avec la taille des suspensions. Aussi, la fréquence correspondant au maximum de y”
diminue quand la taille des chaines augmente, ce qui est un résultat attendu et en
accord avec les données expérimentales. En considérant la taille des dendrons, les
chaines de 2, 4 et 8 nanoparticules font respectivement 36 nm, 72 nm et 144 nm de
long. Ces dimensons sont donc compatibles avec celles étudiées (cf. Fig.(4.31(a))).
On voit que pour une chaine de 36 nm, la partie imaginaire x” est maximum en
f =7 kHz. Pour une chaine de 72 nm, cette fréquence caractéristique vaut f = 1.5
kHz. Cette valeur est tres proche de celle des agrégats E11@Q2PG1 qui mesurent en
moyenne 80 nm (cf. Fig.(4.31(a))), avec un maximum a 2 kHz (cf. Fig.(4.33)). Du
fait du tres grand temps de calcul, nous n’avons pas pu évaluer les valeurs de sus-
ceptibilité d’une chaine de 8 nanoparticules pour des fréquences inférieures a 1 kHz.
Mais, si en passant de 2 a 4 nanoparticules, la fréquence a été divisée par 5, on peut
supposer que Y” sera maximum en f = 0.2 kHz pour une chaine de 8 nanoparticules.
Cette valeur est également tres proche de la valeur expérimentale pour un agrégat
de 150 nm.

Dans I’ensemble, nos résultats numériques sont en bon accord avec I'expérience.
La seule différence tres nette concerne la partie réelle de la susceptibilité. En effet,
dans les résultats de simulations (cf Fig.(4.34), le plateau de la partie réelle s’étend
sur une plage de fréquence beaucoup plus grande que celle mesurée expérimenta-

lement. Pour des suspensions de 80 nm et 150 nm, le point d’inflexion de x’ se
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situe vers 3 kHz et 0.4 kHz (respectivement) d’apres les données expérimentales (cf.
Fig.(4.33)). Dans nos simulations, ce méme point d’inflexion se situe plutot entre
100 kHz et 1 MHz, et semble méme indépendant de la taille des chaines. Ce qui
veut dire la réponse magnétique de nos chaines est préservée a hautes fréquences.
Une explication possible serait que les chaines se déforment. On a vu dans l'intro-
duction de ce chapitre que, sous I'influence d’'un champ magnétique oscillant, une
chaine peut onduler et se déplacer dans un fluide. Les nanoparticules situées aux
extrémités sont soumises a un champ dipolaire plus faible, elles sont plus libres de
leur mouvement et donc réagissent plus facilement et plus rapidement au champ ex-
terne. Elles peuvent alors s’aligner sur ce dernier alors méme que les nanoparticules
du centre de la chaine restent immobiles. Donc, a fréquence élevée, les nanoparti-
cules des extrémités peuvent suivre le champ externe et ainsi générer une réponse

magnétique.

Pour résumer, on a montré par des simulations numériques que plus un agrégat
de nanoparticules est volumineux plus la valeur du plateau de y’ est faible. De
méme, la valeur du maximum de x” diminue avec la taille de 'agrégat. Bien que
nous manquions de détails expérimentaux sur le systeme a étudier, nos résultats sont
en tres bon accord avec les données expérimentales a 1’exception du comportement
a hautes fréquences de ¥’ qui décroit beaucoup plus lentement dans nos simulations.
Cette différence est peut-étre due au fait que les suspensions expérimentales ne sont
pas des chaines.

4.7 Dislocation d’un anneau : étude numérique

L’approche de type dynamique moléculaire possede ’avantage de pouvoir simu-
ler ’évolution temporelle d'un systéme dans un régime largement hors-équilibre, ot
la dynamique devient fortement non-linéaire. Dans cette partie, nous allons simuler
un cas de dynamique hors-équilibre, sans support analytique. L’objectif est de dé-
montrer I'étendue des capacités du code que nous avons mis au point en simulant
I’éclatement d’'un anneau de 9 nanoparticules par une excitation magnétique auto-
résonante. A cette fin, on créé un champ magnétique a symétrie cylindrique dans
le plan de I'anneau (Fig.(4.35(b))) a l'aide de deux aimants placés dans 'axe de
I'anneau, au-dessus et en-dessous de ce dernier (Figure (4.35(a))). Les deux aimants
sont éloignés de 'anneau d’une distance égale au diametre de 'anneau. On modélise
les aimants comme des dipoles notés M 4 et M auxquels on attribue une certaine

aimantation en unité de u. Alors, le champ magnétique généré par I'aimant A dans
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un point de I'espace situé en r vaudra :

My

rf” r]

3(MA -T)r

“ . (4.72)

O

Ba(r) =

L’orientation et 'amplitude du champ magnétique total Ba + By sont illustrés
sur les figures (4.35(b)) et
dans le plan prend des valeurs constantes le long de cercles concentriques et est

(4.35(c)). De cette maniere, le champ magnétique créé

maximum sur le cercle de 'anneau. De plus, ce champ magnétique est toujours

perpendiculaire au cercle formé par I'anneau.
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FIGURE 4.35 — (a) Configuration des aimants par rapport a 'anneau. (b) Lignes
de champ magnétique créées par cette configuration dans le plan de 'anneau. (c)
Intensité du champ magnétique ainsi créé dans le plan de ’anneau.

Dans la configuration d’équilibre, tous les moments magnétiques sont tangents
au cercle formé par 'anneau. En appliquant le champ magnétique décrit ci-dessus de
maniére constante, les dipdles (et donc les nanoparticules) vont ressentir un couple
et se mettre a tourner sur eux-mémes autour de e, vers l'extérieur de ’anneau.
En tournant sur elles-mémes, les nanoparticules se déplacent aussi légerement le
long de 'anneau de sorte qu’il acquiert un moment angulaire non-nul. Dans cette
configuration hors-équilibre, I'interaction dipolaire est d’autant plus répulsive que
les moments magnétiques deviennent perpendiculaires au cercle de I'anneau. Ainsi,
les nanoparticules ont aussi tendance a s’éloigner les unes des autres et le rayon de
I’anneau augmente. Si les aimants produisent un champ magnétique statique suf-
fisamment élevé, ce mouvement de rotation continue jusqu’a ce que les moments
magnétiques s’alignent sur les lignes de champ perpendiculairement au cercle de
I’anneau. L’interaction dipolaire crée alors des forces répulsives suffisantes a ’écla-
tement de 'anneau (Fig.(4.36(c))).

Les figures (4.36(a)),(4.36(b)) (4.36(c)) illustrent les positions et orienta-
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FIGURE 4.36 — Configuration des nanoparticules a t = 0 ns (a), puis a t = 0.8 ns (b)
et enfin a t = 2 ns (c) lorsque les deux aimants ont une intensité constante valant
50 L4s.

tions de moment magnétiques lorsque les aimants génerent un champ magnétique
constant, c¢’est-a~-dire My = —Mp = 50u,. Cette valeur de 50u, est la valeur mini-
mum nécessaire a 1’éclatement de I'anneau. Le champ magnétique alors généré au
niveau de I’anneau vaut environ 0.25 T. Si le champ magnétique externe est de plus
faible amplitude, il n’est pas assez élevé pour amener les moments magnétiques vers
une orientation perpendiculaire au cercle de I'anneau. Les nanoparticules vont effec-
tuer le mouvement de rotation décrit ci-dessus en convergeant vers une orientation

intermédiaire par une oscillation amortie.

On essaye maintenant de briser 'anneau avec un champ externe oscillant. Pour

ce faire, on fait varier la valeur des aimants selon une sinusoide de fréquence fixe :

My = —Mp = 2u,(1 + sin(w,t))e, (4.73)

ol w, = 1.1 GHz est la fréquence linéaire de rotation de 'anneau autour de e,,
déterminée numériquement. Alternativement, on pourrait faire osciller les positions

des aimants le long de I'axe e,. On mesure alors le moment angulaire de I’'anneau :

N
L=>r;xp; (4.74)
i=1

our; et p; sont la position et 'impulsion de la ¢-éme nanoparticule calculées par
rapport au centre de masse du systeme (le centre de 'anneau). La seule composante
non-nulle de L est celle suivant e,. Pour des aimants dont 'intensité oscille dans
le temps suivant I’équation (4.73), on obtient un moment angulaire illustré sur la

figure (4.37).
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F1GURE 4.37 — Projection du moment angulaire de I’anneau suivant e, en fonction
du temps pour une excitation de fréquence fixe.

Comme nous 'avons expliqué dans l'introduction sur Iautorésonance (2.1.2),
dans un systéme non-linéaire la fréquence d’oscillation est fonction de 'amplitude des
oscillations. Alors, méme si l’excitation et 'oscillateur (I’anneau) sont en résonance a
t = 0, 'amplitude de 'oscillateur augmentant dans le temps il existe un temps ¢t > 0
pour lequel la fréquence de 'oscillateur est différente et les conditions de résonance ne
sont plus réunies. Alors I'oscillateur décroche, et son amplitude décroit. Puis lorsque
I’amplitude est de nouveau suffisamment faible, 'oscillateur et ’excitation entrent a
nouveau en résonance et 'amplitude des oscillations augmente a nouveau. C’est ce
phénomene de perte et de récupération de résonance qui créé I’enveloppe observée
sur la figure (4.37). Il n’est donc pas possible d’exciter 'anneau & des ampltiudes

suffisamment élevées pour le briser avec une excitation de fréquence fixe.

On cherche maintenant a éclater anneau en faisant varier linéairement la fré-
quence de I'excitation dans le temps. Les aimants A et B évoluent alors de la maniere
suivante :

My = —Mp = 2u,(1 + sin(wpt + %tz))ez (4.75)

ol wy est la fréquence initiale de ’excitation prise supérieure a w,. Notons qu’on
attribue ici une aimantation de 2u4 aux aimants, ce qui crée un champ magnétique
de 10 mT aux positions des nanoparticules. Avec une telle excitation magnétique, il
devient alors possible d’exciter de grandes amplitudes de rotation de ’anneau comme

on peut le remarquer en observant I’évolution du moment angulaire de ’anneau sur
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la figure (4.38).
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FI1GURE 4.38 — Projection du moment angulaire de ’anneau suivant e, en fonction
du temps pour une excitation autorésonante.

En choisissant wy = 1.5 GHz et @ = 10'¢ Hz?, la fréquence de l'excitation
croise la fréquence linéaire w, = 1.1 GHz a t ~ 40 ns. Ensuite, 'amplitude du
moment angulaire augmente jusqu’a dislocation de I'anneau a t ~ 80 ns. Apres la
dislocation, le systeme devient chaotique. On peut donc utiliser ’autorésonance pour
exciter une dynamique non-linéaire d’'un anneau de nanoparticules a de tres grandes
amplitudes jusqu’a la rupture de la structure. Avec le mécanisme d’autorésonance,
I’amplitude d’excitation nécessaire a ce résultat est 25 fois plus faible que celle de
50, indispensable si on utilise une excitation statique.

On a donc démontré dans cette section que notre code de dynamique moléculaire
est capable de simuler une dynamique fortement non-linéaire et que I'autorésonance
peut aussi étre appliquée a la dislocation d’un anneau par un couplage entre dyna-

mique d’aimantation et dynamique de vibration.

4.8 Conclusion préliminaire

Au cours de ce chapitre nous avons exposé un modele physique et numérique
complet qui permet d’étudier le comportement dynamique d'un ensemble de na-
noparticules magnétiques bloquées en interaction dans un fluide. L’objectif était
d’explorer les phénomenes engendrés par le couplage entre la dynamique d’aiman-

tation et la vibration des nanoparticules en suspension. Ce modele tient compte de
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I'interaction dipolaire magnétique, des collisions entre nanoparticules, de l'inertie
des nanoparticules, de la température et des frottements visqueux avec le fluide.
Nous avons choisi d’étudier des nanoparticules sphériques mais notre modele peut
s'adapter a des géométries différentes. Outre la dynamique, il permet également
de déterminer les propriétés d’équilibre du systeme. Nous avons ainsi retrouvé les
structures d’équilibre bien connues, i.e. des chaines et des anneaux, que nous avons
caractérisées. En particulier, I’énergie potentielle d’'un anneau est inférieure a celle
d’une chaine lorsque le nombre de nanoparticules N constituant la structure est su-
périeur a 4. A l'inverse, si N < 4, c’est ’énergie potentielle d’'une chaine qui est plus
faible. Ainsi on observe essentellement des grands anneaux et des petites chaines.
Toutefois, en appliquant un champ magnétique uniforme et statique, on favorise la
formation de chaines. Nous avons également mis en évidence les transitions de phase
des chaines et des anneaux vers un gaz parfait de nanoparticules. Ces configurations
d’équilibre ont ensuite été étudiées dynamiquement dans le régime linéaire. Deux
types de dynamiques peuvent émerger en fonction de la fréquence d’excitation. Si
celle-ci est élevée (de 'ordre du GHz) alors les nanoparticules sont fixes mais chacune
peut tourner autour de son centre de masse générant ainsi une onde de spin dans la
structure. Si la fréquence d’excitation est plus faible, les nanoparticules peuvent se
déplacer et la chalne tourne dans son ensemble. Dans le cadre de faibles perturba-
tions oscillantes, nous avons montré I'existence d’ondes de spins qui se propagent au
sein des chaines et des anneaux. Une analyse des valeurs propres et vecteurs propres
du systeme permet de déterminer les fréquences de ces ondes de spins ainsi que les
modes d’oscillation associés. Le calcul de la relation de dipersion indique que cer-
taines fréquences favorisent la propagation de ces ondes de spins dans la structure
de nanoparticules, tandis que la vitesse de groupe du mode fondamental est nulle.
Dans un anneau de nanoparticules, le fait qu’il ne peut exister qu'un nombre entier
de longueurs d’onde crée une dégénérescence des modes d’oscillation. Cette dégéné-
rescence de modes n’existe pas dans une chaine, dans laquelle un nombre entier de
demi-longueurs d’ondes peut exister. Toutefois, lorsque le nombre de nanoparticules
devient tres grand, un anneau de nanoparticules est équivalent a une chaine et on
retrouve les mémes ondes de spins dans les deux types de structures. Toutes ces pré-
dictions théoriques sont en parfait accord avec les données issues des simulations.
Ensuite nous avons appliqué notre modele au calcul de courbes de susceptibilité ma-
gnétique dynamique de chaines de nanoparticules dendronisées. Nous incorporons
les dendrons en modifiant le volume hydrodynamique des nanoparticules ainsi que
la distance interparticulaire. A partir de données expérimentales sur la taille des
dendrons et les caractéristiques des agrégats, nous avons pu reproduire qualitative-
ment le comportement de la susceptibiltié magnétique a basse fréquence, a savoir

une diminution de la valeur de x’ quand le volume de 'agrégat augmente. Cette
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observation correspond aux mesures expérimentales. Mais notre modele et notre
code numérique ne sont pas limités a une étude linéaire. Nous montrons que 1’'on
peut disloquer un anneau de nanoparticules en I'amenant dans un régime fortement
non-linéaire grace a l'autorésonance. L’excitation magnétique nécessaire a la désa-
grégation est alors 25 fois plus faible que si 'on devait utiliser un champ magnétique

constant.
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Conclusion générale et perspectives

L’objectif de cette these était d’explorer la dynamique d’aimantation de nano-
particules magnétiques isolées ou en interaction. Tout au long de cette étude, nous
avons considéré des nanoparticules sphériques possédant une anisotropie uniaxiale,
et nous nous sommes placés dans ’hypothése du macrospin. Nous avons cherché a
caractériser et controler les propriétés magnétiques, dynamiques ou stationnaires,
d’ensemble de nanoparticules. Les effets de différents facteurs ont été considérés,
qu’ils soient intrinseques comme 'amortissement et la constante d’anisotropie, ou
extrinseques comme la température, le type d’excitation externe et les interactions
dipolaires. Nous allons maintenant résumer les principaux résultats chapitre par
chapitre et exposer des perspectives envisageables.

Dans le chapitre (2), nous avons montré qu'il est possible de retourner ’aiman-
tation d’'une nanoparticule de maniere efficace et controlée a ’aide d’une excitation
dont la fréquence dépend du temps (autorésonance), et ce sans avoir recours a un
feedback. En exploitant ’analogie entre I'état d’aimantation d’'une nanoparticule et
un systeme a deux niveaux, nous avons établi un cadre théorique performant car
adapté a ’étude du mécanisme d’autorésonance. Ce modele nous a permis de dé-
terminer analytiquement les parametres importants de la transition vers le régime
autorésonant et du maintient de celui-ci, en présence ou non de ’amortissement, de la
température ou de l'interaction dipolaire. Des simulations numériques ont confirmé

ces prédictions théoriques.

Ainsi, en combinant un champ magnétique statique a un champ oscillant de
quelques mT d’amplitude et dont la fréquence varie dans le temps, il est possible
de réduire de moitié le champ statique nécessaire au retournement. Les méthodes
existantes qui utilisent un champ micro-ondes de fréquence fixe permettent déja de
réduire le champ de retournement, mais la technique que nous proposons offre une
réduction supplémentaire de 307 . En fait, nous avons montré que le seuil d’ampli-
tude de l'excitation, nécessaire a ’activation de l'autorésonance, ne dépend méme
pas de la valeur du champ statique. Il est donc possible de retourner le moment
magnétique a 'aide d’'un champ magnétique oscillant de quelques mT seulement,
a condition que 'amplitude de celui-ci dépasse une certaine valeur seuil que nous
avons déterminé. Lorsque 'on prend en compte I'amortissement de Gilbert, I’am-
plitude seuil augmente légérement. La température quant a elle crée une largeur
de transition, que l'interaction dipolaire magnétique tend a réduire dans certaines
configurations géométriques des nanoparticules. L’interaction dipolaire a ici été prise
en compte dans 'approximation du champ moyen. Nous avons montré analytique-

ment qu’un calcul exact produit qualitativement le méme résultat, mais il serait
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intéressant d’étudier plus en profondeur l'effet des interactions dipolaires calculées

exactement dans des configurations plus variées.

Enfin nous avons étudié la possibilité de maintenir le moment magnétique d’une
nanoparticule en précession a fréquence fixe apres I’avoir capturé en autorésonance.
Si un champ magnétique micro-ondes est utilisé, alors seul un angle de précession
inférieur a 45° peut étre maintenu de fagon stable. Au-dela, 'amortissement génere
une instabilité qui ramene le moment magnétique sur ’axe d’anisotropie quelle que
soit I'amplitude de l'excitation. Si maintenant cette excitation est un courant de
spins polarisé perpendiculairement a 1’axe d’anisotropie, alors il est possible de cap-
turer le moment magnétique en autorésonance et de le forcer a précesser selon un
angle allant de 0 a 90°. Dans ce cas, 'amortissement est source de stabilité dans le
régime autorésonant. Malheureusement, une telle polarisation du courant de spins
ne permet pas de dépasser les 90° et on ne peut pas inverser I’aimantation de cette
maniere. Mais on pourrait utiliser un courant de spins polarisé perpendiculairement
afin d’amener le moment magnétique a former un angle de 90° avec I’axe d’aniso-
tropie, puis activer un courant de spins polarisé parrallelement a cet axe afin de
retourner le moment magnétique. L’exploitation de ce processus pourrait peut-étre
permettre de réduire le temps de retournement ou 'amplitude du courant nécessaire
au retournement. Les effets de la température et de I'interaction dipolaire devraient
également étre étudiés.

Dans ce premier chapitre, nous nous sommes placés dans I’hypothese du ma-
crospin. Cette hypothese est tres réductrice et on pourrait mener la méme étude
dans le cas ou la norme du moment magnétique n’est pas conservée, en utilisant par
exemple ’équation de Landau-Lifshitz-Bloch. De méme, ’anisotropie uniaxiale est

un cas treés simple, et on pourrait envisager d’autres types d’anisotropie.

Dans le chapitre (3), nous nous sommes intéressés aux propriétés magnétiques
a I’équilibre de monocouches de nanoparticules. Plus précisément, nous avons cher-
ché a déterminer 'effet du désordre structurel sur la température de blocage, et sur
I’allure de la courbe ZFC en général. A cette fin, nous avons mis au point une ap-
proche numérique de type Monte Carlo, dont nous avons comparé les résultats a des
données expérimentales. Les propriétés magnétiques collectives ont été analysées a
I’aide de courbes ZFC, mais aussi en calculant les différentes composantes de 1'éner-
gie potentielle et en mesurant les distributions d’angles des moments magnétiques.
Dans un premier temps, nous avons étudié un réseau bidimensionnel parfaitement
ordonné. Dans ce cas, les températures de blocage sont similaires a celles mesurées
expérimentalement. Mais on observe une divergence grandissante lorsque l'interac-
tion dipolaire diminue, que nous expliquons par ’adoption du modele de macrospin.
Malgré ces différences, on constate que la température de blocage diminue lorsque
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la distance interparticulaire augmente, ce que 1'on retrouve dans les expériences.
Dans un second temps, nous avons généré du désordre dans la monocouche en re-
tirant certaines nanoparticules tout en conservant la structure ordonnée de celles
restantes. Ce type de désordre recrée ainsi l'ordre local observé sur les échantillons
expérimentaux. Comme cela a été déja observé dans d’autres études théoriques et
expérimentales qui analysaient d’autres types de désordre, nous ne remarquons au-
cun effet significatif du désordre sur la température de blocage. Nous expliquons ceci
en considérant que la suppression de certaines nanoparticules diminue la frustration
magnétique et facilite alors la formation de domaines magnétiques énergétiquement
favorables a l'interaction dipolaire. Cet effet compense la diminution de la densité de
nanoparticules. Ce résultat nous amene a nous interroger sur la nécessité de synthéti-
ser des monocouches parfaitement ordonnées puisque le désordre n’a pas d’influence
notable sur certaines propriétés magnétiques a I’équilibre. Enfin, nous avons remar-
qué que I'énergie dipolaire se minimise toujours a la méme température, quelle que
soit la distance interparticulaire ou le niveau de désordre. La température en ques-
tion se révele étre la température de blocage d’une nanoparticule isolée. Donc, la
température suffisante a la formation de structures minimisant 1’énergie dipolaire ne
dépend que des propriétés intrinseques des nanoparticules. En revanche, la rapidité
avec laquelle I’énergie dipolaire tend vers zéro avec 'augmentation de la température
est fonction de la distance interparticulaire. Une analyse plus poussée des domaines
magnétiques existants dans la monocouche apporterait certainement une meilleure
compréhension des effets du désordre. Aussi, il serait intéressant de s’affranchir de
I’hypothése du macrospin et de prendre en compte la structure magnétique interne
des nanoparticules. Cela permettrait de retrouver la température de blocage d’une

nanoparticule isolée, et de modifier la facon dont les nanoparticules interagissent.

Dans le dernier chapitre, des nanoparticules magnétiques bloquées sont placées
dans un fluide. En mettant au point un modele de dynamique moléculaire magné-
tique, nous avons étudié les structures d’équilibre que les nanoparticules forment par
auto-organisation ainsi que les phénomeénes générés par le couplage entre la dyna-
mique d’aimantation et 1’oscillation des nanoparticules au sein de ces structures. Le
modele en question, fondé sur une approche Lagrangienne, inclut les effets de I'in-
teraction dipolaire magnétique, de la température, de I'inertie des nanoparticules et

des frottements visqueux avec le fluide.

Le fait que I'on prenne en compte l'inertie des nanoparticules nous a permis de
tester les limites de validité de la formule du temps de Brown, qui fut déterminée en
négligeant l'inertie. Nous observons une nette divergence entre le temps de relaxation
issu de nos simulations et la formule théorique lorsque la viscosité devient inférieure

a 107° Pa.s. Pour des valeurs de viscosité dynamique supérieures, nos simulations
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convergent bien vers le modele de Brown.

Notre modele reproduit le phénomene d’auto-organisation des nanoparticules en
chaines et en anneaux, conformément a ce qui a déja été observé par des études
antérieures mais aussi a ce que 1’'on a obtenu a ’aide d’'une approche de type Monte
Carlo. Comme 1’énergie potentielle d'un anneau ne varie pas de la méme maniere
que celle d’une chaine lorsqu’on augmente le nombre de nanoparticules, on observe
principalement de grands anneaux et des petites chaines de moins de 4 nanopar-
ticules. Toutefois, on peut favoriser la formation de longues chaines en appliquant
un champ magnétique uniforme et constant. Une étude approfondie de la transi-
tion de phase de ces structures vers un gaz de nanoparticules permettrait de mieux
les caractériser. Par exemple, on pourrait calculer la chaleur spécifique en fonction
de la température ou du champ magnétique externe, dont on pourrait extraire des
exposants critiques qui aideraient a mieux comprendre ces transitions de phase.

Ensuite nous avons montré que dans ces structures d’équilibre, 'interaction di-
polaire magnétique est a l'origine de l'existence d’ondes de spins qui se propagent
a différentes vitesses en fonction de la fréquence d’excitation. On peut imaginer
utiliser ces ondes de spins pour véhiculer de 1’énergie ou de I'information, ou bien
pour générer un champ magnétique caractérisé par des fréquences spatiale et tempo-
relle particulieres a 1’échelle nanométrique. Il subsiste encore des effets inexpliqués,
comme les deux modes insolites existants dans une chaine finie et qui disparaissent
dans la limite infinie, ou bien le déphasage de A/4 entre deux modes dégénérés d’un

anneau.

L’étude d’agrégats de nanoparticules dendronisées, dont les caractéristiques sont
issues de données expérimentales, a permis de reproduire qualitativement le com-
portement des courbes de susceptibilité magnétique dynamique. On observe que la
valeur du plateau de la partie réelle a basse fréquence diminue lorsque la taille de
I’'agrégat augmente, et qu’il en va de méme pour la valeur du maximum de la partie
imaginaire. Un examen détaillé de I'influence d’une variation de la taille des den-
drons pour un méme nombre de nanoparticules serait a envisager. Enfin, nous avons
appliqué notre modele et notre code de dynamique moléculaire a 'excitation d’un
anneau de nanoparticules dans le régime non-linéaire. Nous avons montré qu’il est
possible d’utiliser 'autorésonance pour briser un anneau a l’aide d’'un champ ma-
gnétique oscillant d’amplitude 25 fois plus faible que 'amplitude du champ statique

nécessaire au méme résultat.

Dans tout ce dernier chapitre, les moments magnétiques des nanoparticules étu-
diées étaient bloqués sur leur axe d’anisotropie. La relaxation de Néel a donc été
négligée. En se basant sur les travaux de Panczyk et al [194], nous avons implémenté
la dynamique de Néel se produisant en paralléle de la dynamique de Brown. Concre-
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tement, le moment magnétique est autorisé a précesser autour de I'axe d’anisotropie.
En s’en éloignant, il exerce alors un couple sur ce dernier et participe a la rotation de
la nanoparticule. Le domaine de fréquence de la dynamique de Néel est de 'ordre du
GHz, on s’attend donc a un effet notable. Vu la richesse des phénomenes survenant
dans ce systeme, le couplage avec un type de dynamique supplémentaire pourrait
engendrer de nouveaux effets qui méritent d’étre étudiés. Aussi, nous n’avons consi-
déré que des nanoparticules sphériques. Or, sous réserve de quelques modifications
mineures, notre modele est tout a fait capable de simuler des nanoparticules non-
sphériques. On pourrait alors envisager de mener le méme type d’études pour des

nanoparticules cubiques ou de forme ellipsoide.
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Chapitre 5

Annexes

5.1 Traitement numérique du bruit thermique

Afin d’inclure les effets de la température, on adopte 'approche de Brown [76]
qui proposa de rendre compte de bruit thermique a 'aide d’'un champ magnétique

fluctuant b(t) ayant les caractéristiques d’un bruit blanc Gaussien :

{ (b(t)) = 0 51)
(bi(£)b () = G24EL_ 5,6t — ) |

ou 7, j sont les coordonnées cartésiennes x,y, z, d;; est le symbole de Kronecker
indiquant que les composantes spatiales du bruit sont décorrélées, et §(t —t') est la
distribution de Dirac impliquant que le temps d’autocorrélation de b(t) est supposé
tres petit devant le temps de réponse du systeme. L’équation Eq. (2.7) devient alors :

ddlf = —yM x (B + b(t)) - yM X (M x (B +b(t))), (5.2)

Ou encore, réécrite sous la forme d'une équation de Langevin :

dfl\fi = Ai(M, 1) + 3 Byi(M. t)bs(1) (5.3)

ou A est la partie déterministe :

ALY =~ (M Bygg () = (M x (Mx Bs(0)] (654



et :
Y yo

Bij = —ka% - m(MiMj — 1120i5) (5.5)
ou 1, j, k sont les composantes cartésiennes ,y, 2, €;; est le symbole de Levi-Civita
bi-dimensionnelle et ¢;; est le symbole de Kronecker. Notons que cette équation dif-
férentielle stochastique posseéde un bruit multiplicatif. L’interprétation du bruit va
donc dépendre de la régle de calcul utilisée : 1t6 ou Stratonovich. ans le domaine
de la physique, on préfere souvent l'interprétation de Stratonovich. De plus, le bruit
multiplicatif est plus complexe a intégrer numériquement si I’on utilise des méthodes
d’ordre élevé [195]. Généralement, une simple réutilisation de la méthode détermi-
niste n’est ni fiable ni efficace. En effet, elle peut converger vers une solution de type
It6, Stratonovich, ou aucune des deux. Et l'ordre de convergence est souvent plus
faible que la méthode déterministe originelle. Nous allons donc utiliser une version
modifiée de I’algorithme de Heun [49], qui converge vers la solution de Stratonovich.
Elle est décrite en annexe 5.2.

Afin de vérifier la bonne implémentation de cet algorithme dans le code, nous

allons comparer les valeurs théorique et numérique du déplacement carré moyen
<Mw2> + <My2>. On part de I’équation de Landau-Lifshitz-Gilbert :

)Y

oﬁl\N/I:M,us etE:B—)\Bxl\N/I—i-éBavecB:Bé:(M—Bo)ez. Nous

— MS —_—
cherchons une solution de la forme M = e, 4 6M, e, +dMye, = e, + M, alors :

BN A((B V1) ¥ WB) 4 0B M

= Bje. x SM + A (14 6M,” + 6M,”) Bje. — ABf (e. + 6M) + 0B x (e, + 5M)

— Bhe. x 6M — AB),0M + B X e.

ou 'on a négligé les termes de second ordre. On obtient alors deux équations
différentielles couplées pour dM, et dM,, :

(5.8)

{ d5M — oy BIS M, — AyByoM, + 6B,

t
WOy = yBISM, — \yByM, — ¥ B,

Puis on pose S = 6 M, + i0M, et h = 0B, — 10 B,, alors

IT

(5.7)



s déMm+Z,d5My
dt  dt dt

= B\ (=0M, — NOM, + i6 M, — iXoM,) + v (6B, — i0B;,)
= yByS(i—A)+~h (5.9)

On cherche une solution de la forme
S(t) = c(t)erBoli=Mt (5.10)

En injectant cette forme de solution dans Eq. (5.9), on trouve

_7/ h(t')e BO VY gy (5.11)

On peut enfin calculer le déplacement carré moyen en utilisant le fait que
(h(tYh*(t")) = 205 (t" — t') avec n = 20T

THs

(M;*) +(M,*) = (587
— A / / YR (t")) e —YBY(i=N) (' —t) ;=¥ By (—i=N (" =1) q¢/ 4"

— o /e2~,,\30t—t) at’
0

_ __—29AB/t
= 3B (1= 72 (5.12)

Alors, en prenant la limite ¢t — oo :

~ 2kgT
2> m B (5.13)

<Mx2> - <My )\Bo 15 By

On extrait également de ce résultat le temps que met le moment magéntique a
rejoindre la distribution d’équilibre :

1
Tea = 2)\v B,

(5.14)

Pour une nanoparticule de 3nm de diametre soumise un champ magnétique ex-
terne statique By = 0.1 T et un amortissement A = 0.01 on trouve <M12>—|— <My2> =
0.0718. En résolvant numériquement 1’équation de LLG stochastique Eq. (5.2) 1000
fois et en mesurant a chaque fois I'angle 6 que le moment magnétique fait avec ’axe
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e, au bout d'un temps ¢ = 20 ns~ 107, on obtient la distribution suivante :

Occurrence

0

FI1GURE 5.1 — Distribution a l’équilibre de ’angle 6 entre M et e,. La courbe rouge
est le fit correspondant a une distribution de Rayleigh.

Cette distribution de Rayleigh P(6y) = (6y/0?) exp(—62/20?) posseéde un maxi-
mum en ¢ = 0.215 radians qui correspond au mode o de la distribution. La moyenne
d’une distribtution de Rayleigh est liée au mode par la relation (§) = o/7/2. Ainsi

les simulations numériques produisent un résultat parfaitement en accord avec la
théorie puisqu’on trouve <M:E2> + <My2> = sin({6))? = 0.0709.

5.2 Algorithme de Heun

On cherche a intégrer numériquement I’'équation de Landau-Lifshitz-Gilbert :

C@/I:—VMXB—/WMX(MXB) (5.15)
Hs

L’orientation du vecteur M(t) est mise a jour au bout d’une durée ¢t + At avec
I'algorithme prédicteur-correcteur de Heun [117], qui est une méthode de Runge-

Kutta a U'ordre 2. La méthode de Heun se déroule comme suit :

Calcul de la pente S(t) = dM(t)/dt au temps t & l'aide de ’équation LLG.
Prédiction du prochain point M(t + At) = M(t) 4+ S(t)At
Calcul de la pente S(t + At) = % en t + At.

Correction du point prédit M (t + At) = M (t) 4+ Sigear(t) At & aide de la pente
idéale Sigear(t) = 5(S(t) + S(t + At)).

= W D=

Concretement, on constate que la valeur du pas de temps At n’a plus aucune

influence sur la solution (trajectoire M(t)) lorsque At < £, ot t, = 7;:“ est la

période de précession.
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Lorsqu’on ajoute un bruit thermique, il est nécessaire d’utiliser une version mo-
difiée de cet algorithme [49]. Dans ce nouvel algorithme adapté a I’équation stochas-

tique, la nouvelle valeur de M en (t + At) est donné par la formule suivante :

M;(t+ At) = M;(t) + ;(Ai(l\?[, t+ At) + A, (M, 1)) (5.16)

b By(NL 4 A+ By(M)W, () (517

A chaque pas de temps, on génere un vecteur R orienté aléatoirement et norma-
lisé. Puis on construit la variable W = v2DAtR avec D = 22T st le coefficient de

THS
diffusion. R est créé avec la méthode de Mersenne twister MT19937, qui est l'une
des plus rapides existantes et qui posséde une trés longue période de 219937 — 1.
Cette version stochastique de la méthode de Heun converge naturellement de fagcon

quadratique vers une solution de Stratonovich.

5.3 Algorithme de Verlet-vitesses

5.3.1 Cas déterministe

Cet algorithme est similaire a ’algorithme de Verlet. Mais il en differe au sens ou
la vitesse est incorporée explicitement et calculée a partir des mémes quantités prises
au temps t utilisées pour le calcul de la position et de 'accélération. En reprenant
les notations r;(t), v;(t) et a;(t) pour la position, la vitesse et I'accélération de la
nanoparticule ¢ au temps t, les différents étapes de 'algorithme sont les suivantes :

1. Calcul de la vitesse de la nanoparticule au demi pas de temps t + % :

At At
v;(t + ?) = v;(t) + ai(t)7 (5.18)
2. Calcul de la nouvelle position en ¢t + At :
At
At?

3. Evaluation du nouveau potentiel et des forces correspondant aux positions



4. Calcul de l'acccélération en t + At a partir des nouvelles forces :

Fi(t + At)

J(t+ At) = 21
a(t + Aty = =L (521)
5. Calcul de la vitesse de la nanoparticule au pas de temps t + At :
At At
vi(t + At) :vi(H7)+ai(t+A1t)7 (5.22)

Les variables mises a jour r;(t + At), v;(t + At) et a;(t + At) sont ensuite utili-
sées comme points de départ au pas de temps suivant. Cette méthode nécessite de
connaitre la position, la vitesse et ’accélération au temps initial £ = 0. L’intégrateur
de Verlet-vitesses assure une précision identique a celle de Verlet, a savoir une erreur
locale (pour une itération) en O(At*) pour la position et en O(At?) pour la vitesse,
et une erreur globale (suite a plusieurs itérations) en O(At?) pour la position et la
vitesse. Il offre de plus une bien meilleure stabilité qu'une simple méthode d’Euler
et possede des propriétés intéresssantes pour un systéme physique telle que la réver-
sibilité en temps ainsi que la préservation du volume et de la structure de 1’espace
des phases (symplectomorphisme). L’énergie et les moments linéaires et orbitaux
sont donc (sous certaines hypotheses) plutdt bien conservés, et ce avec un effort
computationnel similaire a la méthode d’Euler. En fait, un intégrateur symplectique
d’ordre s ne conserve pas la valeur du vrai Hamiltonien H = U+ K, mais plutot celle
d’un Hamiltonien modifié H = H(r,p) + Hy1(r, p)(At)® + Hypo(r, p) (A1) + ...
[196, 197].

5.3.2 Cas stochastique

Tout comme l'algorithme de Verlet-vitesses, ce nouvel algorithme est basé sur
un développement en série de Taylor des forces inertielles et se réduit en sa version

G

déterministe lorsque la friction tend vers 0. Dans le cas ou 2t < 1, qui est vérifié

m
pour I’ensemble de parameétres lorsque dt = 107125, cette méthode donne la position
7 et la vitesse ¥ d’une nanoparticule au temps ¢ + dt si 'on connait leur valeur au

temps ¢ :
Fe(t
re(t 4 dt) = r(t) + ;o (t)dt + CQJdt2 + e, (5.23)
m
a _ o CoC2 Fa(t) 1 < . CO> le% a
v (t + dt) = cov®(t) + p— dt + i 1 o Fe(t+dt)dt + dvg, (5.24)

VI



ou o = 1,2, 3 sont les composantes cartésiennes x,y,z, dt est le pas de temps, le terme
F“(t) contient les composantes de la résultante des forces conservatives agissant sur
la particule, les ¢;, 2 = 0..3 sont des coefficients qui dépendent du pas de temps et du
coefficient de friction (., et or& et dvd sont des nombres aléatoires tirés dans une
distribution Gaussienne bivariée de moyenne nulle et de variances o, et o, avec un

coefficient de corrélation c,,.

Les coefficients ¢; sont donnés par [179] :

co = e, (5.25)

cy = (ydt)™! (1 - co>, (5.26)
co = (ydt)™! (1 — cl), (5.27)

cg = (ydt)™! (; - 02>. (5.28)

Les variances o, et o, de la distribution Gaussienne bivariée sont calculées de la

maniere suivante :

kT
o2 =B (1 — e—W>, (5.29)
m
kT
o=t |2 Q";t (3 et 4 e—W)] , (5.30)
avec le coefficient de corrélation

kgT 2

Cro = — :Ct (1 - e“’dt) (5.31)

5.4 Algorithme de Heun stochastique pour la dy-

namique de Brown

Pour une nanoparticule donnée on réécrit (4.29)
WH(t) = Ag(w, t) + (Idt) T AW,, (5.32)

VII



ou a = z,¥y, 2z symbolise les coordonnées cartésiennes, dt est le pas de temps et

An(w, t) contient les termes déterministes de I’équation de Langevin rotationnelle.

Ag(w, t) =T ([M(t) < B(1)] - Qotwa(t)>, (5.33)

L’algorithme permettant de trouver la vitesse angulaire au temps t+dt est le suivant

1 1
Wt +dt) = () + {Aa(a, 1)+ Ay (w, t)}dt +oIAW, (5.34)

ou w sont les valeurs prédites par la méthode d’Euler, c¢’est-a-dire les valeurs de

w®(t 4 dt) calculées au premier ordre
W = W (t) + Ag (@, t)dt + TP AW, (5.35)

et AW, sont des nombres aléatoires générés par un bruit blanc de premier et second

moments

< AW, >=0, < AW AW >= 2kpT G ordtdap. (5.36)
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