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10 1.1. SYSTÈMES VITREUX MOLÉCULAIRES

La physique en générale et la physique de la matière condensée plus particulière-
ment recèlent encore de nos jours des problèmes qui ne sont pas complètement résolus
[1]. Comme souvent, quand la physique vient à manquer pour expliquer les phéno-
mènes observés dans la nature, le sujet en devient encore plus stimulant et attractif.
Ceci est vrai pour le physicien théoricien qui tentera d’établir le formalisme qui per-
mettra de modéliser au mieux le phénomène physique, mais aussi pour le physicien
expérimentateur qui tentera d’apporter des réponses à l’aide de faits expérimentaux.
Le travail de cette thèse s’inscrit dans une approche expérimentale de la physique. Ce
travail a été consacré à l’étude de la dynamique microscopique et de la viscosité de
suspensions colloïdales concentrées. Ces dernières sont connues pour partager des pro-
priétés physiques similaires aux liquides moléculaires et aux systèmes vitreux. Dans ce
chapitre, nous introduirons quelques propriétés caractéristiques que possèdent les sys-
tèmes vitreux moléculaires. Ensuite, nous montrerons que les suspensions colloïdales
présentent des propriétés physiques intéressantes qui ne sont pas sans rappeler celles
des systèmes moléculaires. Enfin, nous introduirons la problématique à laquelle nous
nous sommes intéressés dans ce travail ainsi que l’approche expérimentale envisagée
pour tenter d’y répondre.

1.1 Systèmes vitreux moléculaires

Une étonnante variété de systèmes dans la nature, allant des minéraux comme
la silice en passant par certains alliages métalliques jusqu’au glycérol, sont capables
sous certaines conditions de former un système vitreux, une sorte d’état amorphe de la
matière. Au cours de leur transition vers cet état vitreux, ces systèmes, bien qu’ayant ri-
goureusement des propriétés physico-chimiques fort différentes, partageront des com-
portements communs, tels que l’accroissement de leur viscosité et le ralentissement de
leur dynamique interne. Nous tenterons ici de faire une ébauche simple de ce phéno-
mène de manière à nous familiariser avec celui-ci. Nous discuterons brièvement de
quelques théories qui peuvent expliquer certains aspects de cette transition. La littéra-
ture sur le sujet est abondante et le lecteur intéressé par une approche plus approfondie
pourra se référer à la liste non exhaustive d’ouvrages suivante : Cavagna [2], Berthier
et al. [3], Ediger et al.[4], Debenedetti [5].

1.1.1 Phénoménologie de la transition vitreuse

La figure 1.1 représente l’allure typique des dérivées du premier ordre de l’en-
thalpie libre 1, comme le volume spécifique 2 Vs, ou l’entropie S, en fonction de la
température pour des liquides susceptibles de former un verre moléculaire. Quand on
refroidit un tel liquide celui-ci peut cristalliser à une température Tf . Cette transition
de phase du premier ordre, caractérisée par une discontinuité des dérivées premières
de l’enthalpie libre, se traduit la plupart du temps par une diminution du volume spé-
cifique 3. Néanmoins, cette transition n’est pas obligatoire pour le système. Il est aussi

1. G = U + PV − TS.
2. Le rapport du volume du système sur sa masse.
3. L’eau est un contre exemple notoire.
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Figure 1.1 – Représentation schéma-
tique de l’évolution du volume spéci-
fique Vs ou de l’entropie S d’un liquide
formateur de verre en fonction de la
température. Un refroidissement lent
conduit à un cristal (solide ordonné à
l’équilibre thermodynamique). Un re-
froidissement rapide conduit à un li-
quide surfondu (état métastable) puis
à un verre (état hors équilibre). L’état
vitreux final obtenu dépend du proto-
cole expérimental de refroidissement
du système.

possible, sous certaines conditions, d’abaisser la température du liquide en dessous de
sa température de fusion sans que ce dernier ne cristallise. On l’appelle alors liquide
surfondu. Celui-ci se trouve d’un point de vue thermodynamique, dans un état méta-
stable. Ici, la métastabilité ne veut pas dire que l’état est instable. Il est par exemple
possible de conserver une solution d’o-Terphenyl à 35 K en dessous de sa tempéra-
ture de fusion pendant plusieurs années avant que cette dernière ne cristallise [4]. Un
état métastable est caractérisé par le fait que, le système se trouve dans un minimum
d’énergie local qui n’est pas l’état d’énergie minimum global du système, qui serait ici
en l’occurrence l’état cristallin. Si nous continuons d’abaisser la température du liquide
surfondu, les molécules au sein de celui-ci bougent de plus en plus en doucement. Les
échelles de temps sur lesquelles les molécules se réarrangent les unes par rapport aux
autres deviennent de plus en plus importantes. Ceci se traduit par une augmentation
drastique du temps de relaxation structurale du système τα (cf. fig 1.2), où ce temps
correspond typiquement au temps que met une molécule pour se réorienter. Ce temps
peut être de l’ordre de la centaine de secondes, qui est un temps colossal comparé à
la picoseconde ; le temps de relaxation typique d’un liquide simple au dessus de Tf .

Ce ralentissement de la dynamique du système à l’échelle microscopique se traduit
à une échelle macroscopique par un accroissement de la viscosité. En effet, la viscosité
peut être vue comme une mesure de la résistance qu’oppose un fluide à l’écoulement ;
pour pouvoir s’écouler un fluide doit être en mesure de relaxer sa structure interne.
On comprend alors que ces deux quantités sont intimement liées d’un point de vue
physique. Si on continue de refroidir le système, il existe alors une température dite
de transition vitreuse Tg qui est définie comme la température pour laquelle le système
à une viscosité η ≈ 1012 Pa.s, ou de manière analogue un temps de relaxation τα ≈
102−103 s. Au-delà de cette température, les molécules bougent si lentement qu’il n’est
plus possible pour ces dernières de se réarranger, de relaxer vers leur état d’équilibre
sur des échelles de temps expérimentales. La structure du système est alors figée, donnant
lieu à ce que nous appelons un verre.

Ainsi, les verres possèdent typiquement la même structure qu’un liquide, pas d’ordre
à longue portée. Mais ils possèdent aussi les propriétés physiques du solide. Cette am-
bivalence en fait un matériau unique en son genre.
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Figure 1.2 – Temps de relaxation structurale normalisé (à gauche) et viscosité (à droite) pour une
grande variété de systèmes moléculaires formateurs de verres en fonction de l’inverse la température
normalisée par la température de transition vitreuse, d’après les références [6] et [7] respectivement.

Sur la figure 1.2 sont représentés le temps de relaxation structurale normalisé 4

obtenu à l’aide de mesures de relaxations diélectriques et la viscosité en fonction de
l’inverse de la température normalisée par Tg pour une grande variété de systèmes.
Nous remarquons l’accroissement stupéfiant de la viscosité et du temps de relaxation
à l’approche de Tg (le lecteur remarquera l’échelle logarithmique sur l’axe des ordon-
nées). On observe typiquement une variation sur 9 à 15 ordres de grandeurs pour une
température allant de 0.5 Tg → Tg . La compréhension de l’origine physique du phé-
nomène du ralentissement de la dynamique et de l’augmentation de la viscosité des
systèmes approchant la transition vitreuse a suscité un grand nombre de travaux de re-
cherche ces dernières années. Ces travaux sont stimulés par l’avènement d’outils puis-
sants comme les simulations numériques ou le développement de nouvelles techniques
expérimentales de plus en plus pointues. Bien que certains aspects de cette transition
soient de mieux en mieux compris, différentes questions fondamentales demeurent
encore irrésolues. Quelles sont les causes du ralentissement de la dynamique ? Est-ce
que les mouvements des particules dans le liquide surfondu sont sensiblement diffé-
rents que ceux observés dans un liquide ? La dynamique du système est-elle homogène
au sein du système ? Quelle est la relation entre la dynamique microscopique et la vis-
cosité du système ?

Différents avis s’opposent. Certains auteurs et chercheurs voient la transition vi-
treuse comme un phénomène purement cinétique. Selon eux, les verres seraient des
systèmes qui apparaissent figés sur des temps expérimentaux mais qui seraient en me-
sure de relaxer doucement vers un état d’équilibre sur des échelles de temps beaucoup
plus grandes. D’autres pensent à une véritable transition de phase thermodynamique
qui décrirait le verre comme un état de la matière à part entière. L’approche thermo-
dynamique de la transition a trouvé un appui non négligeable dans les travaux de W.
Kauzmann, donnant lieu à ce qui est connu comme le paradoxe de Kauzmann [8].

4. τ0 = 10−12 s est le temps de relaxation typique d’un liquide à des températures T ≫ Tg .
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La crise de l’entropie

" The vitreous or glassy state of liquids evidenty only
exists beacause experiments performed by mortal
beings must of necessity be of limited duration."

— W. Kauzmann

Considérerons l’expérience de pensée suivante : imaginons que nous sommes en
mesure de refroidir le système suffisamment doucement pour éviter qu’il tombe hors
équilibre (qu’il subisse une transition vitreuse), ceci en admettant qu’on évite aussi
sa cristallisation. Alors, on peut supposer l’existence d’une température Tk dite de
Kauzmann où l’excès d’entropie entre le liquide et le cristal ∆S(Tk) = Sl − Scr = 0
(cf. fig. 1.1) . Il est possible de mesurer l’entropie à partir de mesures de chaleurs
spécifiques isobares Cp ; en remarquant que dS/dT = Cp(T )/T , on a :

S(T2)− S(T1) =

∫ T2

T1

Cp(T )

T
dT (1.1)

Les extrapolations des données expérimentales faites par Kauzmann montrent qu’il
semble exister une température Tk > 0 où ∆S = 0 [8]. En d’autres termes, il existe
une température T < Tk, où l’entropie du liquide est plus petite que celle du cristal. Ce
résultat, bien que contre-intuitif à première vue, ne viole en rien une loi fondamentale
de la nature à T finie, mais il pose problème dans la limite où T → 0. En effet, nous
savons que si l’on refroidit suffisament lentement un cristal parfait il atteint son état
de plus basse énergie dans la limite où T → 0, et alors son entropie 5 S = 0. Ainsi
on pourrait obtenir une entropie négative pour la phase désordonnée. Une entropie
négative serait alors en désaccord avec la loi de Boltzmann, donnant l’entropie confi-
gurationnelle d’un sytème comme Sc = kb ln(Ω), où kb est la constante de Boltzmann 6

et Ω est le nombre de configurations du système. Ce résultat est appelé paradoxe de
Kauzmann, il est encore le sujet de travaux de recherche [9].

On peut imaginer au moins deux résolutions possibles à ce paradoxe. Une première
approche est triviale, il suffit d’imaginer simplement que le système subit une cristal-
lisation à une température T ¾ Tk. Une deuxième hypothèse plus captivante serait de
considérer la température de Kauzmann comme une limite absolue où la phase liquide
peut exister. Ainsi, le système devrait alors subir une transition de phase thermodyna-
mique du second ordre bien définie vers un état amorphe à Tk, au-delà de laquelle le
système resterait structurellement inchangé, à la manière d’un cristal.

Cette éventualité d’une transition de phase idéale semble fascinante à première vue
mais suscite encore beaucoup de questions. Aujourd’hui, il n’est pas possible de tran-
cher en faveur d’une approche thermodynamique ou d’une approche plutôt cinétique ;
chacune d’entre elles ayant des points forts et des points faibles [9].

5. Troisième principe de la thermodynamique ou principe de Nernst.
6. kb = 1.38065× 10−23 J .K−1
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1.1.2 Approches théoriques de la transition vitreuse

" There are more theories of the glass transition than
there are theorists who proposed them."

— David A. Weitz

Cette petite plaisanterie du Professeur Weitz, tirée d’une interview accordée au
New York Times [1], montre qu’il n’existe pas encore de consensus au sein de la com-
munauté scientifique favorisant une théorie plutôt qu’une autre au sujet de la transi-
tion vitreuse. Comme nous l’avons vu, au cours de la transition vitreuse, la dynamique
du système change sur plusieurs ordre de grandeurs. Il semble alors difficile de pou-
voir expliquer l’ensemble des phénomènes sur toute cette gamme à l’aide d’une unique
théorie. Il s’agira dans cette section de donner un aperçu de certaines de ces théories
dont les applications s’étendent jusqu’à la physique des colloïdes, des polymères voire
même des systèmes granulaires.

Théorie du volume-libre

Figure 1.3 – Dessin représentant
le volume-libre (en banc) accessible
pour deux particules. La particule A est
contrainte à vibrer au sein de la cage for-
mée par les particules environnantes. La
particule B est libre de diffuser en dehors
de sa cage, d’après [10].

La théorie du volume-libre développée par
Turnbull et Cohen dans les années 1960 est une
théorie qui peut expliquer le ralentissement de la
dynamique à l’aide d’arguments simples [11, 12,
13]. L’idée ici repose sur la comparaison entre le
volume-libre vf (volume accessible par les parti-
cules) au volume occupé par les particules v, où
ce volume tient compte du volume propre de la
particule et du volume effectif lié aux vibrations
de cette dernière (cf. fig. 1.3).

À mesure qu’on refroidit le système, le
volume-libre diminue. Ainsi, certaines particules
sont seulement libres de faire des déplacements
locaux au sein des cages formées par les parti-
cules environnantes. Ce mouvement de vibration
s’apparente à un mouvement de type solide. Ce-
pendant, occasionnellement, des fluctuations de densité peuvent engendrer un nouvel
espace accessible au sein du système. Une particule peut alors par un mouvement dif-
fusif combler l’espace libre précédemment établi. Le résultat principal de cette théorie
est qu’elle fournie une relation entre le coefficient de diffusion translationnel D d’une
particule et le volume-libre du type D = Aexp(−bv/vf ) . Cette relation prévoit D→ 0
et donc une divergence du temps de relaxation du système dans la limite où vf → 0.

Cette relation, sous certaines conditions peut être vue comme une justification
théorique à l’équation de Doolittle [14] ; une loi semi-empirique souvent utilisée pour
décrire l’évolution de la viscosité dans les systèmes vitreux comme les solutions de
polymères, ou les suspensions colloïdales :

τα ,η = C exp

�−bv0

vf

�

(1.2)
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ici v0 est le volume moléculaire à T = 0 K , vf (T ) est le volume-libre moyen par molé-
cule et b une constante de l’ordre de l’unité. Il y a un autre point intéressant à relever
ici ; en supposant que le volume-libre et l’expansion thermique isobare soient direc-
tement liés, on peut postuler vf ≈ α(T − T0), où T0 correspond à la température où
vf = 0 et α est le coefficient de dilatation isobare. En remplaçant l’expression de vf

dans l’équation 1.2 ci-dessus on trouve :

τα ,η = exp
�

B

T − T0

�

(1.3)

où B est une constante. Cette equation, appelée equation de Vogel-Fulcher-Tammann
(VFT) [15, 16] est très utilisée pour décrire l’évolution de la viscosité ou de la dyna-
mique dans de nombreux systèmes physiques comme : les verres moléculaires [17],
les suspensions colloïdales [18, 19] ou les milieux granulaires [20]. De façon plus gé-
nérale, on notera qu’il existe une grande variété de modèles basés sur une approche
du type "volume-libre". Par exemple, dans les systèmes de polymères [21] ou dans les
suspensions colloïdales avec des interactions de déplétion [22].

Approche d’Adam et Gibbs

La théorie d’Adam et Gibbs [23, 24, 25] est basée sur la notion de réarrange-
ments coopératifs de sous-régions indépendantes du système. Ces régions sont consti-
tuées d’un ensemble d’entités. Des fluctuations d’énergie au sein de ces sous-systèmes
peuvent donner lieu à des réarrangements de ces entités. À mesure qu’on approche de
la transition vitreuse du système, la taille des régions, où des réarrangements coopé-
ratifs peuvent avoir lieu, croît. En effet, dans un système quasiment figé, une coopé-
ration de plus en plus importante entre groupes de molécules est nécessaire pour que
le système puisse se réorganiser. Ce phénomène implique une perte d’entropie confi-
gurationnelle du système 7 qui explique l’augmentation de son temps de relaxation
structurale. On montre que le temps de relaxation est donné par :

τα ,η = C ′ exp
�

B′

TSc

�

(1.4)

où C ′ et B′ sont des constantes et Sc(T ) est l’entropie configurationnelle du système.
Bien qu’il semble difficile de connaître la dépendance de Sc à basse température, une
approximation intéressante peut être faite. Il s’agit de supposer que l’entropie vibra-
tionnelle du liquide à l’approche de la transition vitreuse est similaire à l’entropie du
cristal S l

vi b ≈ Scr
vib. Ainsi l’excès d’entropie ∆S = Sl − Scr = (S

l
vi b + S l

c)− (Scr
vib + Scr

c ) ≈
S l

c ≡ Sc. Cette approximation semble plausible, sachant que l’entropie configuration-
nelle d’un cristal est négligeable face à son entropie vibrationnelle. On trouve alors :

τα ,η ≈ C ′ exp
�

B′

T∆S

�

. (1.5)

La théorie d’Adam et Gibbs est intéressante d’un point de vue physique car elle fait
le lien entre une variable thermodynamique (l’entropie) et une variable cinétique (le

7. De manière générale l’entropie totale d’un système peut s’écrire comme la somme d’une entropie
d’origine vibrationnelle et d’une entropie d’origine configurationnelle : Stot = Svib + Sc .
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temps de relaxation). De plus, en utilisant l’équation 1.1 et en supposant une tran-
sition de phase idéale à Tk, on montre qu’elle permet de retrouver une loi type VFT
(cf. eq. 1.3) avec une divergence du temps de relaxation à Tk. La théorie d’Adam et
Gibbs donne alors un support théorique à une transition de phase dite idéale. De plus,
les données expérimentales ajustées à l’aide de l’équation VFT donnent une tempé-
rature T0 souvent comparable à la température de Kauzmann, donnant un support
expérimental à cette théorie [26].

Théorie de couplage de modes (MCT)

Figure 1.4 – Fonctions de diffusion intermédiaires pour diffé-
rentes températures pour un système d’atomes de silice, issues
de simulation de dynamique moléculaire [27].

La théorie de couplage de
modes décrit la transition vi-
treuse comme un transition d’ori-
gine dynamique. À haute tempé-
rature le système est ergodique
et peut visiter toutes les confi-
gurations microscopiques dans
l’espace des phases. À une cer-
taine densité critique correspon-
dant à un température critique
Tc, des régions entières de l’es-
pace des phases ne sont plus ac-
cessibles et le système devient
alors non-ergodique. Cette théo-
rie requière un formalisme ma-
thématique hautement développé : elle est basée sur un mécanisme de rétroaction
non-linéaire entre la structure statique du système et sa dynamique. Elle permet
d’écrire une equation d’évolution de la fonction de corrélation de fluctuations de den-
sité 8 F(q,t). La résolution de cette equation permet de décrire de façon remarquable
la dynamique des systèmes vitreux moléculaires [28]. F(q,t) présente une première
relaxation rapide (appelée relaxation β), suivie d’une deuxième relaxation plus lente,
appelée relaxation structurelle (relaxation α). Entre ces deux relaxations se développe
un plateau dont la hauteur et la durée augmente à l’approche de la température cri-
tique Tc. La première relaxation correspond aux mouvements de diffusion locaux de la
particule au sein de la cage formée par ses voisines. La deuxième correspond à l’instant
où, suite à un réarrangement des particules, la cage s’ouvre et la particule est alors
libre de diffuser en dehors de celle-ci. Cette théorie prévoit une divergence du temps
de relaxation structurale et de la viscosité suivant une loi de puissance à l’approche
d’une température critique Tc :

τα ,η =
A

(T − Tc)
γ

(1.6)

où A est une constante et γ l’exposant caractérisant la divergence. Dans les systèmes
moléculaires, la théorie de couplage des modes rend bien compte du ralentissement
de la dynamique à des températures relativement élevées. En revanche, à plus faibles

8. Appelée fonction de diffusion intermédiaire en diffusion du rayonnement (cf. sec. 2.2.1).
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températures, elle s’écarte des données expérimentales [29, 30]. En effet, elle prédit
une divergence trop abrupte, ce qui revient à prédire une température critique Tc plus
grande que la température de transition Tg vitreuse mesurée expérimentalement. Une
étude a montré un comportement similaire pour une suspension colloïdale de sphères
dures : la théorie de couplage des modes prédit une divergence trop abrupte du temps
de relaxation structurale ne permettant pas d’inclure les données mesurées à hautes
fractions volumiques à l’approche de la transition vitreuse [19].

1.2 Suspensions colloïdales

En 1827, le naturaliste R. Brown observa le mouvement erratique de petites parti-
cules situées à l’intérieur de grains de pollen 9 dispersés dans de l’eau [31]. Ce mou-
vement dit Brownien est dû aux collisions incessantes des molécules du solvant sur
les particules. Ce phénomène trouve un support théorique suite au travaux d’Einstein
effectués au sein de sa thèse de doctorat [32] et dans ceux de W. Sutherland [33]. Ils
relient le déplacement carré moyen 〈∆r2〉 d’une particule immergée dans un fluide et
donnent l’expression de leur coefficient de diffusion D, via les relations :

〈∆r2(τ)〉=
¬

[r(t +τ)− r(t)]2
¶

= 6Dτ avec : D =
kbT

6πηa
(1.7)

où a est le rayon de la particule supposée sphérique, η et T sont respectivement la
viscosité et la température du liquide. Ici 〈. . .〉 désigne une moyenne temporelle (sur
tous les temps initiaux t). La relation liant le coefficient de diffusion aux propriétés
du liquide et de la particule est connue sous le nom de relation de Stokes-Einstein-
Sutherland (SES). La validation expérimentale de ce résultat marque sans doute l’avè-
nement de la physique des colloïdes, elle est due au travail de Jean Perrin [34]. Par
ailleurs, Perrin effectua aussi une autre expérience consistant à mesurer le profil de
concentration induit par la sédimentation de particules colloïdales de gomme-gutte 10,
grâce à laquelle il a pu obtenir une mesure précise du nombre d’Avogadro. Ceci a per-
mis de valider une théorie atomistique de la matière [35, 36].

À compter de ces travaux, la physique des colloïdes s’est développée et a en-
globé avec le temps d’autres systèmes comme les polymères, les cristaux liquides, les
mousses, les gels... pour devenir un branche de la physique à part entière, appelée
physique de la matière molle. Ici, l’adjectif "mou" vient du fait qu’il s’agit de systèmes
facilement déformables. En effet, en physique de la matière molle, l’échelle d’éner-
gie typique est l’énergie thermique kbT . Ceci implique que le système est piloté par
les fluctuations thermiques (les particules sont sujettes au mouvement brownien). En
remarquant que le module élastique E a les dimensions d’une énergie par unité de
volume : J .m−3, on peut avoir un ordre de grandeur du module élastique pour les sys-
tèmes de la matière molle : E ≈ kbT/a3. Par exemple, les tailles typiques des colloïdes
sont telles que : 10 nm ® a ® 1µm, soit : mPa ® E ® KPa à température ambiante.
Cette valeur est très faible comparée à celle des systèmes de la matière condensée 11.

9. Et non pas les grains de pollen eux-mêmes comme cela est souvent mentionné dans la littérature.
10. Une résine d’arbre.
11. Par exemple pour les métaux : E ≈ 102 GPa.
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De manière générale, une suspension colloïdale consiste en une phase disconti-
nue (particules solides, bulle de gaz, liquides...) dispersée dans un phase continue
(liquide, gaz), les combinaisons possibles sont variées. Dans ce travail, nous enten-
dons par suspension colloïdale une suspension de particules solides dispersées dans
une phase liquide. Les suspensions de ce type se sont avérées être des systèmes d’une
grande utilité à la physique statistique pour comprendre des systèmes plus complexes
de la matière condensée. On peut montrer que dans certains cas, les colloïdes se com-
portent comme de "gros atomes" [37]. Par exemple, Perrin a montré qu’une suspension
de colloïdes diluée possède les mêmes propriétés d’un point de vue de la physique
statistique que celles d’un gaz parfait. Les suspensions les plus simples qu’on puisse
imaginer en physique sont les suspensions de sphères dures. Dans ce cas, les particules
sont impénétrables et les interactions sont de type "volume exclu". Pour ces dernières,
le potentiel entre deux particules V (r), où r est la distance entre les particules, est
donné par :

V (r) =
§ ∞ , r ¶ σ

0 , sinon
(1.8)

oùσ est le diamètre des particules. Malgré son extrême simplicité, ce type de potentiel
modélise bien la forte répulsion des systèmes atomiques à courte portée. De plus, il
est le potentiel naturel dans les théories basées sur la notion de volume-libre.

Figure 1.5 – Diagramme de phase expérimental d’une suspension de sphères dures. Une dizaine
d’échantillons préparés à différentes fractions volumiques sont éclairés par une lumière blanche et
photographiés à différents intervalles de temps. La présence de cristallites se décèle par l’apparition
de couleurs pailletées dues à la diffraction de Bragg de la lumière blanche par les cristaux. Pour les
échantillons les plus concentrés, on observe une phase amorphe (vitreuse) hors équilibre, d’après [38].
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Figure 1.6 – Diagramme de phase théorique d’un système de sphères dures monodiperses en fonction
de la fraction volumique. Les flèches pleines et pointillées indiquent une phase à l’équilibre et hors
équilibre respectivement. Les images représentent des phases analogues prises à l’aide d’un microscope
confocal, d’après [41].

Aussi étonnant que cela puisse être, un système aussi simple qu’une suspension
de sphères dures possède des transitions de phases à la manière des systèmes ato-
miques (cf. fig. 1.5 et 1.6). Ici, le paramètre important qui pilote les transitions de
phases et la dynamique du système n’est pas la température mais la fraction volu-
mique en particules ϕ. Dans les années 1960, de grands débats ont eu lieu concernant
le comportement de tels systèmes vis-à-vis de la fraction volumique. Les scientifiques
se demandaient si ces systèmes pouvaient subir une transition de phase ordonnée en
réponse à l’accroissement de la fraction volumique en particules [35, 39]. D’un point
de vue thermodynamique, le comportement d’un système de sphères dures est pure-
ment gouverné par l’entropie. En effet, l’énergie libre d’Helmholtz s’écrit :

F = U − TS =
3
2

NkbT − TS = T
�

3
2

Nkb − S
�

(1.9)

où l’énergie interne U est simplement d’origine cinétique. Ainsi, minimiser F revient
à maximiser S. La température intervient simplement comme un facteur d’échelle.

La preuve de l’existence d’une transition de phase ordonnée pour de tels systèmes a
d’abord été apportée à l’aide de simulations numériques [40]. Il a fallut attendre 1985
avec une expérience de P. Pusey et B. van Megen pour enfin obtenir un preuve expéri-
mentale de l’existence d’une transition de phase au sein d’une suspension de sphères
dures colloïdales [38]. Ces derniers ont pu observer expérimentalement des phases
cristallines et vitreuses dans des suspensions concentrées de particules de PMMA 12

(cf. fig. 1.5). De prime abord, cette transition semble surprenante d’un point de vue
entropique. La transition fluide-cristal revient alors à dire qu’arranger les particules sur
un réseau ordonné représente un gain d’entropie plus important pour le système, que
celui de rester dans une phase où les particules sont désordonnées. Ce gain d’entropie
se comprend en se rappelant que l’entropie totale d’un système peut généralement

12. polyméthacrylate de méthyle, ce polymère est plus connu sous son nom commercial : Plexiglas R©.
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se décomposer en deux termes distincts. Un terme d’origine vibrationnel et un terme
d’origine configurationnel. La perte d’entropie configurationnelle occasionnée dans la
phase cristalline est donc compensée par un gain d’entropie vibrationnelle. Cela est
dû au fait que les particules vibrent plus librement autour de leur position d’équilibre
sur le réseau cristallin que dans la phase désordonnée [42, 43].

La figure 1.6 détaille le diagramme de phase d’un système de sphères dures mo-
nodisperses. À mesure qu’on augmente la fraction volumique, le système passe d’une
phase fluide (0 < ϕ < ϕ f ≈ 0.5), à une phase surfondue dans laquelle la phase li-
quide et cristalline coexistent (0.5 ® ϕ ® 0.58). Au dessus de ϕ f ≈ 0.5 et jusqu’à
ϕhcp = 0.74 (correspondant à l’empilement le plus dense possible pour un système
de sphères) l’état de plus basse énergie est le cristal. Cependant, nous remarquons
qu’il est possible d’obtenir un phase vitreuse désordonnée. Cette condition requière
que le système soit assez polydisperse. Ceci pour éviter que la cristallisation de ce
dernier apparaisse sur des échelles de temps comparables aux temps expérimentaux
[44, 45, 46]. On montre que cette phase surfondue peut perdurer sans cristalliser sur
des temps très longs (jusqu’à plusieurs années). Cela permet ainsi, une investigation
expérimentale du système. La limite supérieure pour laquelle la phase amorphe peut
exister et ϕrcp ≈ 0.64, correspondant à la valeur maximale d’un empilement compact
aléatoire pour un système de sphères dures monodisperses [47].

1.2.1 Dynamique microscopique et viscosité

Figure 1.7 – Trajectoire typique d’une
particule colloïdale dans une suspension
surfondue (ϕ = 0.56). La particule est
contrainte de vibrer dans la cage formée
par ses voisines la majorité du temps. De
temps en temps un réarrangement per-
met à celle-ci de s’échapper en effectuant
un "saut" vers une cage à proximité [48].

De façons similaires aux liquides moléculaires
subissant un refroidissement, l’augmentation de
la fraction volumique pour des suspensions col-
loïdales implique un ralentissement de la dyna-
mique des particules et un accroissement de la
viscosité du système. Dans la limite des faibles
fractions volumiques, les particules sont libres de
diffuser au sein de la suspension. Au fur et à me-
sure que la fraction volumique augmente, les par-
ticules commencent à se gêner mutuellement et
ont de plus en plus de mal à diffuser dans leur
milieux environnant, constitué par le fluide et les
autres particules. Ceci implique une diminution
du coefficient de diffusion à temps longs DL, et par
conséquent un accroissement du temps de relaxa-
tion structurale τα. En effet, le temps de relaxa-
tion peut être vu typiquement comme le temps
que met une particule pour diffuser sur une dis-
tance de l’ordre de sa taille :

τα∝
a2

6DL

avec : DL ≡ lim
τ→+∞

〈∆r2〉
6τ

(1.10)
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Cette notion de temps long pour le coefficient de diffusion réside dans la nature
même du mouvement des particules dans la limite des hautes fractions volumiques.
En effet, ces dernières présentent une analogie avec l’effet de cage existant dans les
systèmes moléculaires discutés plus haut. Ceci est représenté sur la figure 1.7 ; il s’agit
de la représentation trajectoire d’un particule colloïdale observée par microscopie pen-
dant une centaine de minutes. Dans un premier temps la particule est contrainte de
diffuser au sein de la cage formée par ses voisines : diffusion à temps courts Ds (τ≪ 1).
Au bout d’un certains temps (τ≫ 1), elle sort de sa cage : diffusion à temps longs DL.
Ce type de mouvement observable en microscopie, caractéristique d’une dynamique
vitreuse, est aussi observé à l’aide de techniques de diffusion de la lumière. Ce proces-
sus est à l’origine de la double relaxation de la fonction de diffusion intermédiaire (cf.
fig. 1.8 ci-dessous).

Figure 1.8 – Fonctions de diffusion intermédiaires incohérentes obtenues pour une suspension de
sphères dures colloïdales à différentes fractions volumiques, d’après [19].

Brambilla et al. [19] ont étudié l’évolution du temps de relaxation structurale τα
d’un système de sphères dures vis-à-vis de la fraction volumique ϕ. Le temps de re-
laxation structurale est mesuré à partir d’ajustements de la relaxation α des fonctions
de diffusion intermédiaires (cf. fig. 1.8). Ces dernières sont obtenues à l’aide de tech-
niques de diffusion de la lumière (cf. sec. 2.2). Ils ont remarqué qu’une divergence de
type loi de puissance, prédit par MCT, permettait de modéliser leurs données à des
fractions volumiques intermédiaires. Cette divergence est donnée par :

τα

τ0

=
A

(ϕc −ϕ)γ
(1.11)

où A est une constante, τ0 est le temps caractéristique de la dynamique microscopique
dans la limite où ϕ → 0, γ l’exposant caractérisant la divergence (γ ≈ 2.47 pour un
système de sphères dures) et ϕc la fraction volumique critique où la dynamique du
système s’arrête. Pour un système de sphères dures, d’après cette théorie les valeurs
les plus probables sont ϕc ≈ 0.57− 0.59 [49]. En revanche, ce type de divergence ne
permettait pas d’ajuster l’ensemble de leurs données à hautes fractions volumiques.
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En effet, pour arriver à ajuster l’ensemble des données à l’aide de l’équation 1.11,
la valeur de l’exposant devait être proche de γ ≈ 7. Ce qui n’est pas cohérent avec
la valeur prédite par la théorie de couplage de modes pour un système de sphère
dures. Cependant, les auteurs de [19] ont remarqué que la divergence de τα était
bien modélisée à l’aide d’une loi Vogel-Fulcher-Tammann généralisée donnée par :

τα

τ0

= exp
�

B

(ϕc −ϕ)δ
�

(1.12)

où B est une constante de l’ordre de l’unité et δ un paramètre libre de l’ajustement.
Dans la plupart des études, on utilise plutôt une loi VFT classique (δ = 1). Cependant,
Brambilla et al. ont remarqué qu’une valeur δ ∼ 2 permettait de mieux modéliser l’en-
semble de leurs données. Il est intéressant de noter que ce type de loi a aussi été utilisé
dans des simulations numériques [50, 51]. Ils ont montré à l’issue de leurs résultats
que la dynamique évoluait à partir d’un régime de type MCT, à fractions volumiques
intermédiaires, vers un régime activé caractérisé par une divergence exponentielle de
la dynamique (VFT) à hautes fractions volumiques. Par ailleurs, ce type de comporte-
ment rejoint celui observé dans les systèmes vitreux moléculaires [29]. Bien qu’il n’y
ait pas beaucoup d’études couvrant une gamme de fractions volumiques aussi impor-
tantes que le travail de [19], d’autres études ont caractérisé le coefficient de diffusion
à temps long DL(ϕ) de systèmes de sphères dures. Les données de Segrè et al. [52]
sont représentées sur la figure 1.9 (symboles ouverts), ces données ne s’étendent pas
au-delà de la transition vers un régime surfondu (ϕ f ∼ 0.5). Les données de van Me-
gen et al.[49], bien que moins étendues que les données de Brambilla et al. couvrent
une gamme intéressante de fractions volumiques. Elle sont représentées sur la figure
1.12 (astérisques noires).

Les mesures de viscosité sont quant à elles plus abondantes dans la littérature
que les mesures de dynamique microscopique. Il existe un grand nombre d’études
visant à comprendre le comportement de la viscosité à taux de cisaillements nuls 13,
de suspensions de sphères dures au regard de l’accroissement de la fraction volumique
[53, 54, 55, 56, 57]. Une grande partie de ces mesures ont été récapitulées dans une
revue récente de Russel et al. [58]. Les auteurs ont étudié l’ajustement de données
de viscosités expérimentales à l’aide de différents modèles théoriques. Notamment,
celui de la théorie de couplage de modes (MCT) mais aussi un modèle utilisant une
approche de type volume-libre qui est un équivalent de l’équation de Doolittle utilisée
pour les systèmes moléculaires (cf. eq. 1.2). On peut montrer, comme pour les systèmes
moléculaires qu’à hautes fractions volumiques l’équation de Doolittle rejoint une loi
de type Vogel-Fulcher-Tammann (VFT) [56]. Ces lois sont données par les équations
suivantes :

η

η0

=







A(ϕc −ϕ)−γ , MCT
exp[B/(ϕc −ϕ)] , VFT
exp[Cϕ/(1−ϕ/ϕc)] , Doolittle

(1.13)

13. Dans la suite, sauf mention contraire, quand on parlera de viscosité, il s’agira de la viscosité dans
la limite des taux de cisaillements nuls.
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où η0 est la viscosité de la suspension dans la limite où ϕ → 0 et A, B, C sont des
constantes 14. Il ressort de l’étude de Russel et al. [58] qu’il est difficile de trancher
en faveur d’un modèle plutôt qu’un autre. Ceci est dû essentiellement à deux pro-
blèmes d’ordre expérimental : le manque de données de viscosité à hautes fractions
volumiques et les erreurs non négligeables sur les mesures de la fraction volumique
absolue. Nous détaillerons par la suite l’origine de ces problèmes. À ce jour, détermi-
ner le comportement rhéologique exact de suspensions colloïdales concentrées relève
encore du défi expérimental.

Il est clair maintenant que, pour les suspensions colloïdales, comme pour les sys-
tèmes moléculaires, le ralentissement de la dynamique microscopique est associé à un
accroissement de la viscosité du système. Il semble évident, d’un point de vue phy-
sique, que la dynamique microscopique des particules pilote directement la viscosité
de la suspension. Des études expérimentales et des simulations ont été menées pour es-
sayer de comprendre plus précisément le lien entre la viscosité à taux de cisaillements
nuls d’un système et sa dynamique microscopique pour des suspensions colloïdales
[52, 59, 60, 61].

Figure 1.9 – Dynamique microscopique (symboles noirs ouverts) et viscosité (symboles bleus) pour
une suspension de sphères dures (PMMA). Le coefficient de diffusion à temps long et mesuré au pic du
facteur de structure (cf. section 2.2.1), d’après [52].

Segrè et al. ont montré que, pour une suspension de sphère dures colloïdale jusqu’à
ϕ f ≈ 0.5, la diminution relative du coefficient de diffusion à temps longs est identique
à l’augmentation de la viscosité relative de la suspension (si DL est mesuré dans des
conditions où l’on sonde la dynamique au pic du facteur de structure (cf. sec. 2.2.1))
[52]. On dit alors que η et DL sont couplés. Ces deux quantités sont représentées sur

14. Notons que, par souci de clarté, nous avons choisi les mêmes notations pour les constantes entre
les équations 1.11, 1.12 et 1.13 mais à priori rien n’indique qu’elles soient rigoureusement identiques.
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la figure 1.9, normalisées par rapport à leur valeur dans la limite des faibles frac-
tions volumiques. Ce résultat, d’un point de vue physique, peut être vu comme une
généralisation de la relation SES où DL∝ η−1 (cf. eq. 1.7). À ce jour, il n’y a aucune
raison évidente qu’elle puisse encore être valide dans la limite des hautes fractions
volumiques. D’ailleurs, dans les systèmes vitreux moléculaires des études ont mon-
trées que ces deux quantités pouvaient se découpler. La diffusion des molécules n’est
pas autant ralentie que la viscosité du système à l’approche de la transition vitreuse,
typiquement DL∝ ηξ avec ξ < 1 [62, 63, 64, 65].

Cet effet semble être étroitement lié avec la notion d’hétérogénéités dynamiques.
Le caractère hétérogène de la dynamique à l’approche de la transition vitreuse a été
très étudié ces dernières années dans les systèmes moléculaires, comme dans les sus-
pensions colloïdales ou les milieux granulaires [4, 66, 67, 68]. Ce phénomène semble
être un point crucial pour comprendre le comportement de la dynamique des systèmes
dans leur ensemble. L’idée générale est qu’il existe au sein du système des régions
spatialement définies qui possèdent des dynamiques différentes les unes des autres.
Des études ont montré que le ralentissement de la dynamique est accompagné par
un accroissement de la longueur de corrélation entre les sous-régions coopératives de
l’échantillon [69]. Néanmoins, la taille caractéristique des hétérogénéités dynamiques
n’est pas très grande. Par exemple pour les suspensions colloïdales, elle est de l’ordre
de 4− 5× d, où d est le diamètre d’une particule [70].

Les résultats apportés par Segrè et al. sont intéressants mais nous laissent quelque
peu frustrés. En effet, ces mesures se cantonnent à des fractions volumiques ϕ ® 0.5,
qui sont inférieures à la transition vers un régime surfondu (cf. fig 1.6). Le régime
sondé par cette étude, est caractérisé par une dynamique qui n’est pas encore très
ralentie. Si bien que, les propriétés propres aux systèmes vitreux colloïdaux ne sont
pas encore explorées.

Au cours de cette thèse, nous avons mis en place une expérience nous permettant d’étu-
dier le couplage entre la viscosité et la dynamique microscopique d’une suspension colloï-
dale, dans une gamme de fractions volumiques plus étendue que les gammes explorées
jusqu’alors.

Pour tenter de répondre à cette problématique, nous avons dû nous confronter à
deux problèmes d’ordre expérimental majeurs :

➺ Il est techniquement difficile de mesurer la viscosité à taux de cisaillements suf-
fisamment faibles pour des échantillons à fractions volumiques élevées à l’aide
des techniques de rhéométrie usuelles.

➺ Les erreurs inévitables sur la détermination de la fraction volumique absolue
d’une suspension colloïdale impliquent : qu’il est impossible de comparer, et
particulièrement à hautes fractions volumiques, des mesures de dynamique mi-
croscopique et de viscosité effectuées par différentes études, et menées sur dif-
férents échantillons.

Dans la suite, nous détaillerons l’origine de ces deux difficultés.
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1.2.2 Les limites de la rhéologie classique

Figure 1.10 – Viscosité d’une suspension de particules
colloïdales de latex en fonction de la contrainte de ci-
saillement imposée et de la fraction volumique [71].

La rhéologie a pour objet l’étude
de la déformation et/ou de l’écoule-
ment d’un système sous l’effet d’une
contrainte. Du fait de leur carac-
tère "mou" évoqué précédemment,
la rhéologie s’est beaucoup intéres-
sée aux suspensions colloïdales [72].
Dans la limite des faibles fractions
volumiques, ces dernières se com-
portent comme des fluides newto-
niens, pour lesquels la contrainte σ
est proportionnelle au taux de ci-
saillements γ̇ (ou vitesse de cisaille-
ment) soit :

σ = ηγ̇ (1.14)

où η est la viscosité du milieu. Dès lors que la fraction volumique en particules n’est
plus négligeable, la relation 1.14 n’est plus valable et on observe une déviation vis-
à-vis du comportement newtonien. La plupart des suspensions colloïdales montrent
des propriétés rhéo-fluidifiantes : c’est-à-dire une diminution de la viscosité du sys-
tème lorsque la contrainte de cisaillement augmente 15 (cf. fig. 1.10). Pour quantifier
si la microstructure de la suspension est pilotée par la diffusion des particules (régime
linéaire) ou bien par l’écoulement induit par le cisaillement (régime non-linéaire),
il est nécessaire d’introduire le nombre de Péclet. Cette quantité adimensionnée com-
pare le temps que met une particule pour diffuser sur une distance égale à sa taille, par
rapport au temps caractéristique de l’écoulement induit par le cisaillement (le temps
d’advection) :

Pe =
τα

(γ̇−1)
=
στα

η
(1.15)

Si Pe ≪ 1, alors le mécanisme de diffusion est capable de restaurer l’équilibre de la
microstrucutre de la suspension sur des échelles de temps comparables à celles de
l’écoulement, on est alors dans un régime linéaire. Si Pe≫ 1, alors le mécanisme de
diffusion n’a pas le temps de rétablir l’équilibre structurel de la suspension sur des
échelles de temps de l’écoulement. La suspension est alors gouvernée par les inter-
actions hydrodynamiques et peuvent apparaître des effets rhéo-fluidifiants, le régime
sondé n’est plus linéaire (cf. fig. 1.10).

La relation entre le temps de relaxation τα(ϕ) et la viscosité η(ϕ) étant théo-
riquement inconnue dans la limite où la suspension ne peut plus être considérée
comme diluée ; on écrit alors : β[τα/τ0] = η/η0, où β est un facteur numérique
qui peut dépendre de ϕ. Ici τ0 est le temps typique que met une particule pour dif-
fuser sur une distance équivalente à sa taille dans la limite où le système est dilué :

15. À hautes fractions volumiques, on observe également un effet rhéo-épaississant à grands taux de
cisaillements (cf. fig.1.10).
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τ0 = τα(ϕ → 0) ∼ a2/6D. Et η0 est la viscosité du solvant dans lequel sont suspen-
dues les particules, η0 = η(ϕ→ 0). Si η et τα sont couplés alors β = 1. Sinon, on dit
que η et τα sont découplés et β 6= 1. Notons qu’à très grands ϕ on pourrait s’attendre
à β > 1 par analogie avec les systèmes moléculaires (où il a été montré que le coef-
ficient de diffusion ne croît pas aussi vite que la viscosité du système). Le nombre de
Péclet introduit ci-dessus (cf. eq. 1.15) peut donc s’écrire :

Pe =
a3

kbT

σ

β
(1.16)

La condition Pe≪ 1 nous donne un ordre de grandeur de la contrainte critique σc à
partir de laquelle des effets non-linéaires peuvent apparaître 16, on a :

σc ∼
kbT

a3
β ¦

kbT

a3
(1.17)

Figure 1.11 – Viscosités relatives (symboles rouges) dans la limite des petits taux de cisaillements
[56] et temps de relaxation structurale relatifs (symboles noirs) pour une suspension de sphères dures
[19].

Chengh et al. [56] ont effectué des mesures de viscosités dans la limite où γ̇→ 0.
Elles couvrent la plus grande gamme de fractions volumiques explorée à ce jour pour
une suspension de sphères dures. Ces données sont représentées en rouge sur la fi-
gure 1.11. Elles ont été obtenues en appliquant des contraintes σ inférieures à la
contrainte critique σc (cf. eq. 1.17). Pour y parvenir, les auteurs de [56] ont utilisé un
viscosimètre de Zimm-Crothers, qui est un viscosimètre assez complexe, permettant
d’appliquer de faibles contraintes et de mesurer les petites déformations résultantes.
De plus, ils ont noté que, pour des suspensions encore plus concentrées que celles étu-
diées, il était quasiment impossible de mesurer proprement dans le régime linéaire la

16. L’équation 1.17 donne un ordre de grandeur de σc , en pratique des effets non-linéaires peuvent
d’ores et déjà apparaître à σ ∼ σc . il convient d’être au moins un ordre de grandeur en dessous de la
contrainte critique pour s’assurer d’être dans un régime linéaire [56].
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viscosité de la suspension. En effet, ils ont montré que cela impliquerait des mesures
qui pourraient prendre des semaines voire des années. Ceci s’explique par le fait que le
cisaillement doit rester lent par rapport à la dynamique spontanée (Pe≪ 1) alors que
le temps caractéristique augmente très fortement à grand ϕ. À cela s’ajoute une dif-
ficulté expérimentale liée aux complications concernant l’introduction d’échantillons
concentrés dans un rhéomètre tout en préservant l’homogénéité des échantillons et ce
sans modifier leurs fractions volumiques [56, 73]. Tous ces facteurs impliquent que
les techniques de rhéologie classiques ne sont pas adaptées à l’étude de la viscosité à
taux de cisaillements nuls de suspensions colloïdales à hautes fractions volumiques.

En ce qui concerne les mesures de dynamique microscopique, les techniques de dif-
fusion de la lumière permettent de mesurer la dynamique de suspensions colloïdales
sur des gammes bien plus larges en fractions volumiques que les techniques de rhéo-
logie usuelles (cf. fig. 1.11). Les données en noir sur la figure 1.11 sont les données de
dynamique microscopique qui couvrent à ce jour, la plus grande gamme de fractions
volumiques pour un système de sphères dures. Ces données couvrent typiquement
trois décades de plus que les données de viscosité. Les mesures de dynamique sont
techniquement moins problématiques à hautes fractions volumiques que les mesures
de viscosité.

1.2.3 Le problème de la détermination de la fraction volumique

Figure 1.12 – Illustration du problème lié à l’erreur sur la détermination de la fraction volumique abso-
lue d’une suspension colloïdale. À gauche sont représentées les données de viscosité en rouge (données
brutes), en cercles bleus (où ϕ × 0.965). En noires les données du coefficient de diffusion self à temps
longs (où ϕ × 1.022). À droite le coefficient β correspondant (voir texte), d’après [73].

D’un point de vue expérimental, la détermination de la fraction volumique d’une
suspension colloïdale n’est pas une mince affaire. Il existe différentes méthodes en-
visageables, chacune avec leurs propres avantages et inconvénients. Alors qu’il est
possible d’obtenir des précisions sur la fraction volumique relative aussi bonnes que
∆ϕ/ϕ ≈ 10−4. Poon et al. [73] ont montré qu’il semble illusoire de pouvoir espérer
obtenir un écart relatif par rapport à la fraction volumique absolue d’une suspension
colloïdale ∆ϕabs, tel que : ∆ϕabs = |ϕex p −ϕabs|/ϕabs ® 3− 6 %.
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Cette erreur n’est pas négligeable et peut avoir des effets dramatiques dans les
régions où la dynamique et la viscosité d’une suspension sont fortement dépendantes
de la fraction volumique, typiquement dans la gamme ϕ > 0.55. Par exemple, entre
ϕ = 0.57 et ϕ = 0.59, le temps de relaxation augmente de plus de deux décades (cf.
fig.1.11).

Ceci pose problème pour comparer les mesures de dynamique et de viscosité faites
par différents groupes, sur différentes suspensions de particules, avec différents proto-
coles de mesure de la fraction volumique. En effet, chaque jeu de données sera affecté
par une incertitude sur la fraction volumique expérimentale vis-à-vis de la fraction
volumique absolue. Par exemple, imaginons que l’on veuille comparer des mesures
de coefficients de diffusion self 17 à temps longs avec des données de viscosité, pour
étudier la validité de la relation SES (cf. eq. 1.7) en fonction de la fraction volumique.
Pour des suspensions concentrées, l’équation 1.7 pourrait alors ne pas être valable.
Comme nous l’avons fait précédemment pour le temps de relaxation structurale, on
peut la généraliser en écrivant 18 :

Ds
L(ϕ) =

kbT

6πη(ϕ)a
× β (1.18)

où Ds
L est le coefficient de diffusion self à temps long et β le même 19 facteur numérique

qui peut dépendre de ϕ introduit précédemment. À l’aide des équations 1.7 et 1.18
on écrit β tel que :

β =
Ds

L(ϕ)

D0

η(ϕ)

η0

(1.19)

Dès lors que β 6= 1, alors la relation SES n’est plus valable. Sur la figure 1.12 sont re-
présentées en astérisques bleues des mesures de coefficients de diffusion self à temps
long Ds

L(ϕ) obtenues par van Megen et al. [49]. La fraction volumique de ces don-
nées a été multipliée par un facteur 1.022, en faisant l’hypothèse, expérimentalement
envisageable, d’une sous-estimation de leur part de la fraction volumique absolue de
2.2 %. En bleu sont représentées les données η(ϕ) (les mêmes données que celles de
la figure 1.11) obtenues par Chengh et al. [56] et multipliées par un facteur 0.965. On
calcul alors le facteur β représenté en bleu sur la figure 1.12 à droite. On voit alors
que β ≈ 1 signifiant que la relation SES semble rester valable pour ces données. Si
maintenant, on calcul β avec les données brutes pour la viscosité (en rouge sur la fi-
gure 1.12), alors β → 0 quand ϕ augmente, signifiant que les particules sembleraient
diffuser plus rapidement que la viscosité ne le permettrait d’après la relation SES. La
conclusion à tirer de cet exemple est qu’il est impossible de comparer des données
de viscosité et de dynamique issues d’expériences distinctes. Et cela, en raison d’er-
reurs inévitablement commises sur la mesure expérimentale de ϕ, et à cause d’une
croissance drastique de la dynamique et de la viscosité à hautes fractions volumiques.

17. Le coefficient d’autodiffusion est appelé généralement coefficient de diffusion self.
18. Nous reprenons ici l’argument détaillé dans [73].
19. Rigoureusement identique si Ds

L et τα sont couplés.
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1.3 Approche expérimentale

➺ Pour éviter le problème lié à la détermination de la fraction volumique absolue,
une réponse envisageable serait : puisqu’il n’est pas possible de comparer des
expériences de dynamique microscopique et de viscosité effectuées séparément,
il faut trouver un moyen d’effectuer des mesures de viscosité et de dynamique
sur le même échantillon simultanément, c’est-à-dire lors d’une seule et même
expérience.

➺ De manière à comparer la viscosité à la dynamique microscopique, on doit pou-
voir mesurer la viscosité dans la limite des taux de cisaillements nuls à hautes
fractions volumiques. Pour ce faire, on ne peut pas avoir recours aux techniques
conventionnelles de rhéologie.

L’idée proposée dans ce travail est d’incorporer au sein de la suspension colloïdale
(dont on veut mesurer la viscosité et la dynamique microscopique), une très faible
quantité de particules-sondes micrométriques (typiquement ϕs ∼ 10−4). Ces parti-
cules, sous l’effet de la gravité vont sédimenter au sein de la suspension concentrée
en particules-hôtes. Ceci est représenté schématiquement sur la figure 1.13. En mesu-
rant la vitesse de sédimentation des particules-sondes, nous obtenons une information
sur la viscosité de la suspension. En prenant le rapport des tailles suffisamment grand
(R/a≫ 1) où a est le rayon des particules de la suspension-hôte (en bleu sur la figure
1.13) et R le rayon des particules-sondes (en rouge sur la figure 1.13), nous pouvons
raisonnablement faire l’hypothèse que la suspension-hôte agit comme un milieu ef-
fectif pour les particules-sondes. Nous appliquons alors les rudiments de mécanique
Newtonienne et de mécanique des fluides pour déterminer la vitesse de sédimentation
des particules-sondes.

Figure 1.13 – Représentation schématique de l’approche expérimentale utilisée dans cette thèse. En
bleu est représentée la suspension colloïdale (hôte) dont on veut mesurer la dynamique microscopique
ainsi que la viscosité. On incorpore une faible quantité des particules-sondes (en rouge), sous l’effet de
la gravité ces particules vont sédimenter. La vitesse de sédimentation va nous renseigner sur la viscosité
de la suspension-hôte.
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Une particule de rayon R, de volume Vp, de masse volumique ρp sédimentant dans
un milieu de masse volumique ρs et de viscosité η à une vitesse #»v est soumise à trois
forces :

• La force de pesanteur :
#»

P = m#»g = ρpVp
#»g

• La poussée d’Archimède :
#»

F A = −ρsVp
#»g

• La force de trainée visqueuse 20 #»

F v = −k #»v = −6πηR#»v

En utilisant la deuxième loi de Newton, on montre que la vitesse de sédimentation
vérifie l’équation différentielle :

dv

dt
+

v

τ
=

�

ρp −ρs

ρp

�

g avec : τ=
m

k
=

2ρpR2

9η
(1.20)

La résolution de cette équation différentielle nous donne l’évolution de la vitesse de
la particule-sonde :

v = vs

!

1− e−t/τ
�

avec : vs =
2(ρp −ρs)R

2 g

9η
(1.21)

Cette équation est typique d’un régime transitoire de temps caractéristique τ. Notons
que quand t →∞, on a v→ vs ; où vs est appelée vitesse de Stokes (qui est la vitesse
de sédimentation limite de la particule). Notons de plus que, dans la limite des faibles
nombres de Reynolds : Re = (ρsvR)/η, les effets visqueux sont prépondérants devant
les effets inertiels du fluide, ce qui est quasiment tout le temps vérifié dans la physique
des colloïdes. Pour les expériences éffectuées ici, on a : Re ® 10−5, le régime transitoire
où l’inertie domine est très court. Par exemple, pour une particule de silice de taille R≈
1µm sédimentant dans l’eau à 20 ◦C on a : τ ≈ 1µs. Notons encore que des travaux
récents du groupe de R. Piazza 21 ont montré que le principe d’Archimède est modifié si
le fluide-hôte est lui même constitué d’une suspension de particules [74]. Toutefois, si
les particules de la suspension ont la même masse volumique que le solvant (ce qui est
essentiellement le cas des particules de microgel que nous utilisons dans ce travail),
l’expression usuelle de la poussée d’Archimède utilisée ici est correcte.

Pour savoir quel régime nous sondons avec cette expérience (linéaire ou pas), nous
devons évaluer la contrainte de cisaillement typique qu’applique une particule-sonde
qui sédimente sur la suspension environnante. La contrainte a les dimensions d’une
pression. Ainsi la contrainte σs engendrée dépend du poids apparent 22 de la parti-
cule sonde et de sa section S (la surface du disque de rayon équivalent à celui de la
particule). On a donc :

σs ∼
(ρp −ρs)Vp g

S
∼∆ρRg (1.22)

20. Valable pour une particule sphérique dans la limite des faibles nombres de Reynolds.
21. École polytechnique de Milan.
22. Le poids de la particule corrigé par la poussée d’Archimède.
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R (µm) ρ (g.cm−3)

particule-sonde 2.3 1.8
particule-hôte 0.175 1.002

Figure 1.15 – À gauche : tailles et masses volumiques des particules-sondes et des particules de la
suspension-hôte. À droite : dessin à l’échelle d’une particule-sonde et d’une particule de la suspension-
hôte.

Les particules-sondes dans cette expérience sont des particules de silice de rayon
R≈ 2µm et ρp ≈ 1.8 g.cm−3 (nous détaillerons ces mesures par la suite). La condition
nécessaire pour sonder le régime linéaire de la suspension et donc pouvoir mesurer
la viscosité à taux de cisaillements nuls, nous est donnée d’après les equations 1.16,
1.17, 1.22, soit :

Pe≪ 1⇔ Pe=
σs

σc

∼ ∆ρRa3 g

kbTβ
≪ 1 (1.23)

Notons que si η et τα venaient à se découpler de manière similaire à ce qui est
observé dans les systèmes moléculaires, alors β > 1 et cela jouerait en notre faveur.
Il est intéressant de noter aussi que le rapport dans l’équation 1.23 ne dépend pas de
la viscosité du système. Ainsi, si cette relation est valide dans la limite où le système
est dilué, alors elle est vérifiée pour tout ϕ. Ici, nous avons assumé que la masse vo-
lumique de la suspension était indépendante de la fraction volumique. Ceci n’est pas
vrai dès lors que la masse volumique des particules est différente de celle du solvant
dans lequel elles sont suspendues.

Figure 1.14 – Représen-
tation schématique d’une
particule de microgel.

Dans ce travail, nous avons utilisé des particules de micro-
gel, particules constituées de polymères réticulés. Une parti-
cule de microgel est représentée schématiquement sur la figure
1.14 ci-contre. Ces particules sont dispersées dans de l’eau. On
montre (cf. sec. 3.3.1) que la masse de ces particules de micro-
gel est constituée à 97 % d’eau. Leur masse volumique est donc
très proche de celle du solvant, on a : ρmicrogel = 1.002 g.cm−3

à T = 20 ◦C , soit : ρH2O/ρmicrogel ∼ 99.6 % ; ce qui nous per-
met de partir du principe que, dans cette étude, le terme ∆ρ

est indépendant de ϕ. Les caractéristiques des particules que nous utilisons seront dé-
taillées plus loin (cf. sec. 3.2.2). Nous les anticipons ici, afin de pouvoir donner un
ordre de grandeur du nombre de Péclet et aussi afin que le lecteur ait une idée de la
disparité des tailles des composants du système. Ces données sont récapitulées 23 sur
la figure 1.15.

À partir de l’équation 1.23 on calcule, dans la limite où il n’y a pas de décou-
plage (β = 1), Pe = 10−2. Ceci nous conforte dans le fait que nous sommes dans la
limite Pe ≪ 1 et qu’avec cette expérience, nous sondons le système dans un régime
linéaire. Le rapport des tailles R/a entre les particules-sondes et les particules-hôtes

23. Le rayon des particules-hôtes est donné à T = 20 ◦C , la taille des particules de microgel est
dépendante de la température (cf. fig. 3.9).
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est R/a ≈ 13. Le dessin sur la figure 1.15 représente les deux particules à l’échelle. En
assumant la suspension de particules-hôtes comme un milieu effectif (R/a≫ 1) pour
les particules-sondes, et en considérant que la masse volumique de la suspension-hôte
est indépendante de la fraction volumique en particules de microgel, on est en mesure
de relier la vitesse de sédimentation vs(ϕ) des particules-sondes à la viscosité de la
suspension η(ϕ), on a :

v0

vs(ϕ)
=
η(ϕ)

η0

(1.24)

où v0 est la vitesse de sédimentation des particules-sondes dans la limite où la fraction
volumique en particules-hôtes tend vers zéro. C’est-à-dire la vitesse de sédimentation
des particules-sondes dans le solvant seul, et η0 est la viscosité du solvant dans lequel
sont dispersées les particules. Dans notre cas il s’agit de la viscosité de l’eau.

F 8 f
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Quand un faisceau d’ondes électromagnétiques 1 éclaire un échantillon, il induit
par le biais de son champ électrique incident oscillant un mouvement des électrons de
l’échantillon. Ce mouvement uniformément accéléré des charges électriques produit
une onde électromagnétique dite secondaire qui peut être modélisée en première ap-
proximation comme le rayonnement associé à un dipôle oscillant [75]. Ce processus
décrit qualitativement ci-dessus est appelé diffusion. Le premier sentiment au regard
de ce processus de diffusion est que des informations sur les propriétés physiques de
l’échantillon diffusant doivent êtres présentes dans le champ électromagnétique dif-
fusé. Le principe même des techniques de diffusion conventionnelles est de mesurer le
champ éléctrique ou l’intensité diffusé par l’échantillon pour en déduire les propriétés
physiques du système (par exemple : la forme des objets, la structure du système...).
Les expériences de diffusion de rayonnements (lumière, neutrons, rayons X) reposent
sur une architecture commune (cf. fig. 2.1). On peut par exemple mesurer la dépen-
dance angulaire du champ électrique diffusé, qui donnera des informations sur les
propriétés structurelles de l’échantillon : c’est la diffusion dite statique. En mesurant
les propriétés temporelles du champ électrique diffusé, on aura des informations sur
les propriétés dynamiques du système : c’est la diffusion dite dynamique. Ce chapitre
a pour vocation d’introduire quelques principes généraux de la diffusion de la lumière
par une suspension de particules ; le lecteur soucieux d’approfondir le sujet peut se
reporter aux références [76, 77] dont l’exposé ci-après est largement inspiré.

2.1 Diffusion statique de la lumière (SLS)

Lors d’une expérience de diffusion statique de la lumière, on cherche à mesurer
l’intensité moyenne diffusée par le système en fonction de l’angle de diffusion θ (cf.
fig. 2.1). Cela nous renseignera sur les propriétés structurelles de l’échantillon. En
ce qui concerne une expérience de diffusion de la lumière, le faisceau incident est
généralement une onde plane polarisée linéairement, dont le champ électrique au
temps t et en une position #»r par rapport à une origine arbitraire O s’écrit :

Ei(
#»r ,t) = E0 exp
�

i(
#»

k i · #»r −ωt)
�

(2.1)

où E0 est l’amplitude du champ électrique incident, ω sa pulsation et
#»

k i le vecteur
d’onde de la lumière incidente défini par :

#»

k i = n
#»

k 0. Ici n est l’indice de réfraction du
milieu diffusant et ||#»k 0|| = 2π/λ la norme du vecteur d’onde dans le vide, avec λ la
longueur d’onde de la lumière incidente. La question que le physicien vient à se poser
est la suivante : connaissant le champ incident Ei(

#»r ,t), quelle est la forme du champ
électrique diffusé par le système en un temps t au niveau d’un détecteur placé à une
position

#»

R par rapport à l’échantillon, Es(
#»

R ,t) ? Il est clair que le champ diffusé dé-
pendra de l’interaction entre la lumière et la matière composant l’échantillon. Ce type
d’interaction est à première vue décrit à partir d’une théorie quantique de diffusion du
rayonnement, mais cette physique souvent complexe dépasse le cadre de cette thèse.
Heureusement, on peut montrer que dans la plupart des cas, les résultats obtenus à
partir de la théorie classique de l’électromagnétisme ne diffèrent que de très peu de

1. Par exemple un faisceau laser.
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ceux obtenus à partir de la théorie quantique du rayonnement [78]. Dans ce cas, le
problème se résume globalement à appliquer les équations de Maxwell à l’étude de
la propagation d’une onde plane électromagnétique au sein d’un milieu de constante
diélectrique variable dans l’espace et dans le temps ε(#»r ,t) dans l’approximation où le
milieu est faiblement diffusant 2.

Figure 2.1 – Géométrie typique d’une expérience de diffusion de rayonnements d’après [76] :

(a) Expérience vue de dessus, l’échantillon est éclairé par la gauche et le signal est collecté par un
détecteur à une distance R de l’échantillon et à un angle θ par rapport au faisceau incident.

(b) Agrandissement du volume diffusant de l’échantillon, un faisceau est diffusé par un volume
élémentaire dV centré en l’origine 0, un autre faisceau par un volume similaire à une position
#»r .

(c) Représentation des vecteurs d’onde incident
#»

k i , diffusé
#»

k s et du vecteur de diffusion #»q .

2. Ceci revient à appliquer l’approximation de Rayleigh-Gans-Debye.
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On montre que le champ électrique infinitésimal dEs(
#»

R ,t), dans l’approximation de
champ lointain (R≫ V

1
3 ), diffusé par un volume dV à une distance R de l’échantillon

au temps t est donné par :

dEs(
#»

R ,t) = −k2E0

4π

exp
�

i(
#»

ks · #»R −ωt)
�

R

�

ε(#»r ,t)− ε
ε

�

exp(−i #»q · #»r )dV (2.2)

où ε est la constante diélectrique moyenne du milieu et #»q est le vecteur de diffusion
(cf. fig. 2.1) défini par :

#»q =
#»

k s −
#»

k i (2.3)

avec
#»

k s le vecteur d’onde de la lumière diffusée. Dans le cas où la diffusion est élas-
tique 3 : ks ≈ ki = k, on montre à l’aide de l’équation ci-dessus que :

q =
4πn

λ
sin
�

θ

2

�

(2.4)

Si nous regardons en détail l’équation 2.2 nous pouvons l’identifier à l’équation décri-
vant le rayonnement d’un dipôle oscillant de pulsationω. L’onde générée par ce dipôle
oscillant est une onde sphérique (deuxième terme) dont l’amplitude est notamment
proportionnelle à [ε(#»r ,t)−ε]. En effet, c’est la variation spatiale et/ou temporelle de
l’indice de réfraction du milieu 4 qui induit la diffusion de l’onde électromagnétique
incidente. Le dernier terme exp(−i #»q · #»r ) donne le déphasage entre la lumière diffu-
sée par un volume élémentaire en une position #»r , par rapport à la lumière diffusée
par un volume élémentaire en un origine O. En effet, une onde produite en un point
#»r parcourt une distance δ supérieure comparée à une onde produite en un point O,
donnée par : δ = (

#»

k i · #»r −
#»

k s · #»r )/k. Il en résulte une différence de phase −#»q .#»r rad
entre ces deux ondes (cf. fig. 2.1).

Nous considérons maintenant non plus le cas d’un seul corps diffusant mais on
s’intéresse au champ électrique diffusé par un ensemble de diffuseurs discrets dispersés
dans un liquide 5. Il faut alors intégrer l’équation 2.2 sur le volume de chaque particule
du système et sommer les contributions de chaque particule pour obtenir le champ
total résultant diffusé à une distance R :

Es(
#»

R ,t) = −E0

exp
�

i(
#»

k s · #»R −ωt)
�

R

N
∑

j=1

b j(
#»q ,t)exp
�

−i #»q · −→R j (t)
�

(2.5)

où
#»

R j(t) est la position du centre de masse de la particule j au temps t et b j(
#»q ,t) est

la longueur de diffusion de la particule j, donnée par :

b j(
#»q ,t) =

∫

Vj

∆ρ(#»r j,t)exp
!−i #»q .#»r j

�

d3r j (2.6)

où Vj est le volume de la particule j et∆ρ(#»r j,t) =
k2

4π

�

ε(#»r j,t)− ε
�

/ε est une mesure
locale du contraste optique entre la particule j et son milieu environnant. Généra-
lement, dans une expérience de diffusion, on ne s’intéresse pas à la dépendance du

3. L’énergie du photon diffusé est la même que celle du photon incident.
4. L’indice de réfraction est lié à ε, pour un milieu non-magnétique : n= (ε/ε0)

1
2 .

5. Par exemple une suspension colloïdale.
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Figure 2.2 – Représentation du système de coordonnées choisi :
#»

R j désigne la position de la particule
j au sein du système, #»r j désigne la position du volume diffusant dVj au sein de la particule j.

champ diffusé en fonction de la position
#»

R du détecteur mais à la dépendance en fonc-
tion du vecteur de diffusion #»q . De plus, un détecteur mesure typiquement l’intensité
diffusée par l’échantillon plutôt que le champ électrique. Ces deux quantités sont liées
entre elles par la relation suivante : Is = |EsE

∗
s |2, et donc l’intensité diffusée au temps

t est donnée à partir de l’équation 2.5 par l’expression suivante :

Is(
#»q ,t) =
�

E0

R

�2 N
∑

j=1

N
∑

k=1

b j(
#»q ,t)b∗k(

#»q ,t)exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j(t)− #»

R k(t)
��

(2.7)

Si nous sommes intéressés par les propriétés structurelles de l’échantillon alors nous
regarderons la moyenne d’ensemble 6 de l’intensité diffusée notée 〈...〉. On a ainsi :




Is(
#»q )
�

=

�

E0

R

�2 N
∑

j=1

N
∑

k=1

b j(
#»q )b∗k(

#»q )exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j − #»

R k

�
�·

(2.8)

L’équation 2.8 est un résultat général concernant l’intensité moyenne diffusée par un
ensemble de particules discrètes. Ce résultat se simplifie si on suppose que toutes les
particules sont identiques (échantillon monodisperse) 7 :




Is(
#»q )
�

=

�

E0

R

�2 N
∑

j=1

N
∑

k=1

b(#»q )2 exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j − #»

R k

�
�·

(2.9)

6. Dans le cas où le système diffusant est ergodique, la moyenne d’ensemble est équivalente à la
moyenne temporelle.

7. b j(
#»q ) = bk(

#»q ) = b(#»q ).
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2.1.1 Facteur de forme P(q) : système dilué

Dans une suspension diluée, les particules sont suffisamment éloignées spatiale-
ment entre elles, de telle sorte que leur comportement n’est pas influencé par la pré-
sence de leurs voisines, on dit que les particules ne sont pas corrélées. L’équation 2.9
(en omettant les préfacteurs par souci de clarté) devient :




Is(
#»q )
�

=

|b(#»q )|2�
�

N +
N
∑

j 6=k

N
∑

k=1

¬

exp
�

− i #»q · #»R j

�¶¬

exp
�

− i #»q · #»R k

�¶
�

= N

|b(#»q )|2�

(2.10)

En effet au cours du temps, une particule j peut prendre toutes les positions possibles
au sein de l’échantillon sans être affectée par la position des autres particules. Ainsi,
le terme exp
!− i #»q · #»R j,k

�

est distribué aléatoirement autour de zéro et donc



exp
!−

i #»q · #»R j,k

��

= 0. On écrit alors l’intensité diffusée en introduisant le facteur de forme
P(q) telle que :




Is(
#»q )
�

= N

|b(0)|2�P(q) (2.11)

avec :

P(q) =


|b(#»q )|2�

|b(0)|2� =

1
V 2

p

�

�

�

�

∫

Vp

exp(−i #»q · #»r ) d #»r

�

�

�

�

2

(2.12)

Nous remarquons que P(q) est défini tel que P(q)→ 1 quand q→ 0.

Figure 2.3 – Facteurs de forme P(q) théoriques pour une suspension de particules sphériques de
distributions en tailles gaussiennes. Le rayon moyen est a = 1µm, différents niveaux de polydispersités
relatives σ (écart type de la distribution des rayons normalisé par le rayon moyen) sont représentés.
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Le facteur de forme est une quantité intéressante car elle contient de l’information
sur la structure des particules. Dans le cas où les particules possèdent une symétrie
sphérique et sont homogènes, on montre à partir de l’équation 2.12 que :

P(q) =
1

V 2
p

�

�

�

�
4π

∫ a

0

sin(qr)

qr
r2 dr

�

�

�

�

2

=

�

3
!

sin(qa)− (qa) cos(qa)
�

(qa)3

�2

(2.13)

où q est la norme du vecteur de diffusion (cf. eq. 2.4) et a est le rayon de la sphère.
La figure 2.3 représente des facteurs de forme simulés pour des particules sphé-

riques de rayon moyen a = 1µm et pour différents niveaux de polydispersités. En
q = 0, P(q) = 1, puis à mesure que q augmente P(q) décroît en présentant des oscilla-
tions, chaque "creux" correspondant à des valeurs où P(q) s’annule. On peut d’ailleurs
montrer que le premier minimum de P(q) correspond à une valeur de q0 ≈ 4.5/a,
les n minimums suivants correspondent à une valeur qn ≈ q0 + n∆q, avec ∆q = π/a.
En pratique le facteur de forme ne présente pas des minimas "francs", car comme on
peut le voir sur la figure 2.3, la polydispersité toujours présente dans un système ex-
périmental a pour effet de "lisser" l’allure du facteur de forme.

2.1.2 Facteur de structure S(q) : système concentré

Dans le cas ou le système n’est plus dilué les particules ne peuvent plus êtres consi-
dérées comme indépendantes les unes des autres, et l’intensité diffusée s’écrit (cf. eq.
2.8) :




Is(
#»q )
�

=

|b(#»q )|2�
 N
∑

j=1

N
∑

k=1

exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j − #»

R k

�
�·

= N b(0)2P(q)S(q)

(2.14)

où S(q) est le facteur de structure statique donné par :

S(q) =
1
N

 N
∑

j=1

N
∑

k=1

exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j − #»

R k

�
�·

(2.15)

D’un point de vue physique le facteur de structure est lié à la fonction de distribution
de paire g(r) qui exprime la probabilité de trouver le centre d’une particule à une
distance r d’une particule donnée 8. La figure 2.4 représente trois facteurs de struc-
ture correspondant à différentes fractions volumiques selon l’approximation de Percus-
Yevick valable sur une gamme assez large de fractions volumiques pour un système de
sphères dures [79]. On peut constater que dans la limite où ϕ est faible le facteur de
structure est proche 9 de 1. À mesure qu’on augmente la fraction volumique, la sus-
pension commence à se structurer, dès lors un pic est visible et au delà s’ensuivent des
oscillations. Ce pic correspond à la "cage" formée par les premiers voisins environnant
n’importe qu’elle particule (cf. encadré fig. 2.5). L’étude du facteur de structure d’une
suspension colloïdale permet d’obtenir des informations sur les interactions entre les
particules [80].

8. Pour N particules dans un volume V : (N/V )g(r)dV est le nombre de particules dans un volume
dV à une distance r d’une particule donnée.

9. Si les particules ne sont pas corrélées, alors l’équation 2.15 donne S(q) = 1.
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Figure 2.4 – Facteurs de structure S(q) pour différentes fractions volumiques d’un système de sphères
dures de rayon a selon la théorie de Percus-Yevick [79].

Figure 2.5 – Distribution radiale g(r) pour un système Lennard-Jones, d’après [81]. Encadré : dessin
représentant une distribution spatiale typique de particules d’un sytème concentré, les deux lignes
concentriques représentent le premier pic et le premier minimum respectivement de g(r), d’après [82].
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2.2 Diffusion dynamique de la lumière (DLS)

Dans une expérience de diffusion dynamique de la lumière (Dynamic Light Scatte-
ring : DLS), on s’intéresse aux fluctuations temporelles de l’intensité diffusée.
Par exemple, si l’échantillon est une suspension colloïdale, les fluctuations temporelles
de l’intensité nous renseignent sur la dynamique des particules. Quand on éclaire avec
de la lumière cohérente une suspension colloïdale, il en résulte une figure d’interfé-
rences à l’aspect granuleux composée de taches claires et sombres (cf. fig. 2.6). Cette
figure est la résultante de l’interférence des champs diffusés par chaque particule au ni-
veau du détecteur (cf. eq. 2.5) : en certaines régions les champs interfèrent de manière
constructive impliquant une intensité élevée, en d’autres endroits l’interférence est plu-
tôt destructive induisant une intensité faible. Ces taches sont appelées "aires de cohé-
rence" ou tavelures, mais on préférera l’anglicisme communément répandu : speckles.
Si les particules sont animés d’un mouvement au sein de la suspension, par exemple à
cause du mouvement brownien, le terme de phase dans l’équation 2.5 change et donc
la figure de speckles évolue au cours du temps. Par conséquent, l’intensité mesurée par
le détecteur fluctue dans le temps. C’est l’étude de ces fluctuations qui nous renseigne
sur la dynamique des particules au sein de la suspension.

Figure 2.6 – Lumière diffusée par une suspension colloïdale et figures de speckles :

(a) La lumière diffusée par les particules induit une figure d’interférences appelée figure de speckles,
d’après [77].

(b) Figure de speckles enregistrée par une caméra CCD résultante de la lumière diffusée par une
suspension de particules de silice dispersées dans de l’eau.
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2.2.1 Diffusion dynamique de la lumière traditionnelle

Au cours d’une expérience typique de diffusion de la lumière, on mesure l’intensité
diffusée à un angle θ (sélectionné à l’aide d’un goniomètre) sur un détecteur 10 d’aire
comparable à celle de la taille d’un speckle. Le signal est ensuite envoyé à un corréla-
teur 11 qui calcule la fonction d’auto-corrélation de l’intensité diffusée G2(

#»q ,τ), définie
par :

G2(
#»q ,τ) =



I(#»q ,0)I(#»q ,τ)
�

T
= lim

T→∞
1
T

∫ T

0

I(#»q ,0)I(#»q ,t +τ) d t (2.16)

Ceci revient à comparer le signal I(#»q ,t) avec une version retardée de lui-même pour
tous les temps t et pour une liste donnée de retards τ. Habituellement, on utilise plutôt
la fonction d’auto-corrélation de l’intensité diffusée normalisée g2(

#»q ,τ) définie par :

g2(
#»q ,τ) =




I(#»q ,0)I(#»q ,τ)
�

T



I(#»q )
�2

T

(2.17)

où 〈...〉T désigne une moyenne temporelle. Au cours des expériences, on mesure g2(
#»q ,τ),

mais la modélisation est plus aisée si on utilise la fonction d’auto-corrélation des
champs électriques diffusés g1(

#»q ,τ). On peut obtenir g1(
#»q ,τ) à partir de g2(

#»q ,τ)
via la relation dite de Siegert [83] :

g2(
#»q ,τ)− 1= A
�

g1(
#»q ,τ)
�2

(2.18)

avec :

g1(
#»q ,τ) =




E(#»q ,0)E∗(#»q ,τ)
�

T



I(#»q )
�

T

(2.19)

où A est une constante inhérente au montage optique qui dépend essentiellement du
rapport entre l’aire du détecteur et la taille d’un speckle 12. La fonction g1(

#»q ,τ), parfois
notée f (#»q ,τ) est appelée fonction de diffusion intermédiaire normalisée, ou encore
facteur de structure dynamique. On montre à partir de l’équation 2.5 que g1(

#»q ,τ) est
liée à la fonction de diffusion intermédiaire non normalisée F(#»q ,τ) ainsi qu’au facteur
de structure statique S(q) par :

g1(
#»q ,τ) =

F(#»q ,τ)

F(#»q ,0)
=

F(#»q ,τ)

S(q)
(2.20)

avec :

F(#»q ,τ) =
� N
∑

i=1


|bi(
#»q )|2�
�−1

×
N
∑

j=1

N
∑

k=1



b j(
#»q )b∗k(

#»q )exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j(t)− #»

R k(t +τ)
��
·

(2.21)

10. Typiquement un photo-tube ou une photo-diode.
11. Une carte électronique dédiée dans un ordinateur.
12. A est la valeur de g2(

#»q ,τ)− 1 pour τ→ 0.
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Dans le cas où toutes les particules sont identiques, la fonction de diffusion intermé-
diaire normalisée s’écrit :

g1(
#»q ,τ) =

 N
∑

j=1

N
∑

k=1
exp
�

− i #»q ·
�

#»

R j(t)− #»

R k(t +τ)
��
·

S(q)
(2.22)

Ici, les crochets dénotent un moyenne d’ensemble qui peut être remplacée par une
moyenne temporelle si le système est ergodique. La fonction g1(

#»q ,τ) est l’entité phy-
sique que l’on cherche à extraire l’aide d’une expérience de DLS, elle caractérise la
dynamique des particules au sein du système. On notera que g1(

#»q ,τ) décroît signifi-
cativement lorsque

�

�
#»

R j(t)− #»

R k(t + τ)
�

� ≈ q−1, ainsi en fonction du vecteur #»q choisi,
on est capable de sonder des mouvements de particules sur des échelles de l’ordre de
l’inverse du vecteur de diffusion 13. On peut montrer qu’effectuer une mesure à un vec-
teur #»q donné, revient à regarder les fluctuations de densité du système sur une échelle
de l’ordre de q−1. Si on considère une suspension colloïdale, alors typiquement trois
cas de figures peuvent être mis en avant :

➺ q → 0 qui équivaut à sonder la dynamique des particules sur des échelles de
longueurs plus grandes que toutes longueurs typiques du système (taille des
particules, distance entre celles-ci...).

➺ q ≈ qm, où qm correspond la position du premier pic du facteur de structure
(cf. fig. 2.4). Ceci revient à sonder la dynamique des particules sur une échelle
typique correspondant à la distance moyenne inter-particules.

➺ q → ∞ (q ≫ 1/a) qui équivaut à sonder la dynamique des particules sur de
petites échelles de longueur, dans cette limite S(q) → 1 (cf. eq. 2.15) et nous
sommes sensibles à la dynamique des particules seules, dynamique self 14. La dy-
namique self d’une particule colloïdale brownienne revient à regarder comment
cette dernière diffuse dans un milieu constitué de toutes les autres particules (cf.
fig. 2.7).

Figure 2.7 – Dessin illustrant la diffusion self d’une particule brownienne, d’après [80].

13. Typiquement de la dizaine de nanomètres à la dizaine de micromètres.
14. Les termes croisés ne contribuent pas dans l’équation 2.22.
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Système dilué

Si on considère maintenant un système dilué, les termes croisés ( j 6= k) dans l’équa-
tion 2.22 s’annulent, et S(q) = 1 (cf. eq. 2.15). Ceci nous donne l’expression suivante
pour 15 g1(

#»q ,τ) :

g1(
#»q ,τ) = N−1

N
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j=1



exp
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− i #»q ·
�

#»
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��
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(2.23)

où ∆
#»

R (τ) =
#»

R (t+τ)− #»

R (τ) correspond au mouvement d’une particule en un temps
τ. Si les particules sont browniennes, on peut montrer que le déplacement∆

#»

R (τ) est
décrit à l’aide d’une marche aléatoire en trois dimensions [84]. Il possède alors une
densité de probabilité gaussienne donnée par :
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où



∆
#»

R (τ)2
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est le déplacement carré moyen des particules. Pour des particules brow-
niennes sphériques, nous avons vu dans le chapitre précédent les relations suivantes :
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En utilisant l’équation 2.23 avec les équations 2.24 et 2.25, on a alors l’expression
suivante 16 pour g1(

#»q ,τ) :
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Finalement :

g1(
#»q ,τ) = exp
�

− Dq2τ
�

≡ exp
�

−τ/τ0

�

avec : τ0 =
1

Dq2
(2.27)

À l’aide de cette simple analyse, on vient de montrer une des applications les plus
populaire de la DLS, à savoir la mesure de tailles de particules. En mesurant, puis en
ajustant g1(

#»q ,τ) à l’aide d’une fonction exponentielle décroissante et en connaissant
q on remonte au coefficient de diffusion D des particules. Ce dernier nous permet de
calculer le rayon a des particules via la relation SES (cf eq. 2.25). Nous détaillerons
dans la section 4.2 différentes méthodes d’analyse de tailles et de polydispersités de
suspensions colloïdales.

15. La simplification vient du fait que le mouvement de chaque particule est en moyenne le même,
indépendamment de la particule j choisie.

16. Il s’agit de calculer la transformée de Fourier d’une gaussienne, on a la relation suivante :
∫

e−αx2
e−iqx = (

p
π/α)e−q2/4α
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Système concentré

Si on s’intéresse toujours au cas où les particules sont identiques, mais dans la
limite où le système ne peut plus être considéré comme dilué, on peut écrire la fonc-
tion de diffusion intermédiaire non normalisée 17 F(#»q ,τ) comme la somme de deux
termes :

F(#»q ,τ) = Fcoh(
#»q ,τ) + Fincoh(

#»q ,τ) (2.28)

avec :

Fincoh(
#»q ,τ) =

1
N
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où Fincoh est la fonction de diffusion intermédiaire incohérente souvent appelée self.
Elle décrit le mouvement des particules seules (termes j = k) alors que le terme Fcoh

décrit le mouvement corrélé (collectif) des particules (termes j 6= k). De manière
générale, une expérience de DLS sonde les mouvements collectifs des particules, de
sorte qu’il est impossible de distinguer les mouvements des particules seules des mou-
vements collectifs. Cependant P. N. Pusey [85] a émis la supposition suivante : si on
est capable de sonder la dynamique de l’échantillon de telle sorte que nous sommes à
un vecteur de diffusion #»q tel que S(q)≈ 1, alors on est seulement sensible à la dyna-
mique self des particules. Son argument est le suivant : si on prend la limite τ → 0,
alors l’équation 2.28 devient :

S(q) = 1+ Fcoh(
#»q ,0) (2.30)

Ainsi, si nous choisissons un vecteur de diffusion #»q tel que S(q) ≈ 1 alors la contri-
bution des mouvements collectifs Fcoh(

#»q ,0) doit être proche de zéro (cf. eq. 2.30).
L’hypothèse de P. N. Pusey est alors de dire que si Fcoh(

#»q ,0) ≈ 0 alors Fcoh(
#»q ,τ) ≈ 0

aussi pour tout τ > 0.

2.2.2 Diffusion dynamique de la lumière multispeckles

Nous avons vu précédemment que la fonction de diffusion intermédiaire est dé-
finie comme une moyenne d’ensemble sur toutes les configurations statistiquement
équivalentes que peuvent prendre les particules au sein du système (cf. eq. 2.22). En
revanche, la quantité mesurée à l’aide de la DLS est la fonction g2(τ), qui est obte-
nue à partir d’une moyenne temporelle (cf. eq. 2.17). Pour que l’équation 2.17 soit
correcte il faut alors que l’échantillon étudié soit ergodique. De plus, on constate ex-
périmentalement que pour réduire le bruit de mesure jusqu’à un niveau acceptable,
il faut moyenner typiquement g2(τ)− 1 sur des temps de l’ordre de 103 − 104τα, où
τα est le temps de relaxation de g1. Ces contraintes font que les techniques de DLS
traditionnelles ne sont pas adaptées, ou bien difficiles à mettre en place [86] quand

17. Le numérateur dans l’équation 2.22.
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il s’agit d’étudier des systèmes non-ergodiques, ou bien des systèmes caractérisés par
une dynamique lente, comme les suspensions colloïdales concentrées.

Pour pallier ce genre de problème on peut avoir recours à des capteurs constitués
d’une matrice de pixels, par exemple des caméras CCD et ainsi analyser simultané-
ment le signal issu de plusieurs speckles [87, 88, 89]. La configuration optique est
choisie telle que tous les pixels sont associés à des valeurs de #»q très proches, de sorte
que chaque pixel sonde essentiellement les mêmes propriétés dynamiques de l’échan-
tillon. Des fonctions de corrélation statistiquement indépendantes pour chaque pixel
peuvent être alors calculées puis ensuite moyennées pour obtenir la fonction d’auto-
corrélation de l’intensité g2(τ)−1. À l’aide de cette méthode on peut réduire la durée
totale de l’expérience d’un facteur égal au nombre de speckles échantillonnés par le cap-
teur (≈ 104). Il est alors possible d’étudier la dynamique de systèmes possédant une
dynamique lente, ou qui évoluent lors de l’expérience. On calcule la fonction g2(τ)−1
de la manière suivante :

g2(τ)− 1=

�



Ip(t)Ip(t +τ)
�

p



Ip(t)
�

p




Ip(t +τ)
�

p

�

T

− 1 (2.31)

où Ip(t) et Ip(t +τ) sont les intensités enregistrées aux temps t et t +τ au niveau du
p-ième pixel, 〈...〉p est la moyenne sur l’ensemble des pixels choisis et 〈...〉T la moyenne
temporelle. Comme nous l’avons vu précédemment, chaque mouvement de particules
induit un changement de l’intensité de la figure speckles enregistrée sur le détecteur.
Pour quantifier le changement de l’intensité de la figure de speckles au cours du temps,
on introduit la notion de degré de corrélation temporelle cI(t,τ). Ceux-ci se réfèrent
à une technique appelée TRC (Time Resolved Correlation) [90]. On peut alors mesurer
l’évolution de la dynamique du système au cours du temps. On peut aussi s’intéresser
au phénomène de vieillissement (ralentissement de la dynamique au cours du temps)
ou encore contrôler que la dynamique de l’échantillon est bien stationnaire. Le degré
de corrélation de l’intensité diffusée à un temps t pour un retard entre deux images τ
est donné par :

cI(t,τ) =




Ip(t)Ip(t +τ)
�

p



Ip(t)
�

p




Ip(t +τ)
�

p

− 1 (2.32)

La normalisation dans l’équation ci-dessus assure que les degrés de corrélation ne sont
pas affectés par une éventuelle fluctuation de l’intensité du laser au cours de l’expé-
rience. On remarque que la moyenne temporelle des degrés de corrélation d’intensité
donne la fonction d’auto-correlation de l’intensité diffusée :

g2(τ)− 1=



cI(t,τ)
�

T
(2.33)

Un exemple de mesure de cI et de fonction de corrélation d’intensité g2(τ) − 1 est
montré sur la figure 2.8 pour une suspension diluée de particules browniennes dont la
dynamique est stationnaire. La figure 2.9 représente les cI obtenus pour un échantillon
de microgels concentré non-équilibré, on remarque que les cI ne sont pas constants
au cours du temps, la dynamique du système est ralentie à mesure que t augmente
(les cI croissent dans le temps). Il convient de noter que la moyenne sur tous les
pixels permet d’échantillonner correctement la statistique des speckles. Toutefois elle
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ne garantit pas à priori que l’équation 2.31 donne la moyenne ergodique. On obtiendra
la moyenne ergodique uniquement si le volume diffusant est suffisamment grand pour
contenir beaucoup de sous-systèmes indépendants et représentatifs de l’espace des
configurations de l’échantillon.

Pour clore cette partie, on peut noter deux limitations liées à la technique Mul-
tispeckles : le temps minimum entre l’acquisition de deux images ainsi que le temps
d’exposition de la caméra (≈ 1 ms) limitent la dynamique la plus rapide accessible
à quelques millisecondes. Cela empêche l’étude des systèmes dont la dynamique est
trop rapide. On peut noter aussi que le bruit électronique associé à une caméra CCD
est plus important que celui d’un phototube.

Figure 2.8 – À gauche : fonction d’auto-corrélation de l’intensité diffusée g2(τ)− 1. À droite : degrés
de corrélation cI (t,τ). Données obtenues pour une suspension diluée de particules browniennes de
mélamine dispersées dans un mélange eau/glycérol (2/98 %w) mesurée à un angle θ = 50 ◦. Sur la
figure de droite chaque courbe représente un degré de corrélation cI (t,τ), où on a annoté le retard
τ correspondant. La dynamique est stationnaire et g2(τ)− 1 est obtenue en moyennant les degrés de
corrélation d’intensité, mise en forme inspirée d’après [91].

Figure 2.9 – Degrés de corrélation d’intensité cI (t,τ) en fonction du temps pour un échantillon de
microgels concentré n’ayant pas atteint une dynamique stationnaire. Au bout d’un certain temps d’équi-
libration, l’échantillon atteindra une dynamique stationnaire (cI (t,τ) constants) et il sera alors possible
d’extraire g2(τ)− 1 via l’équation 2.33.
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Au cours de ce chapitre, nous détaillerons dans une première partie l’expérience
originale de diffusion de la lumière mise en place dans le but de mesurer simultané-
ment la dynamique microscopique des particules de la suspension-hôte ainsi que la
vitesse de sédimentation des particules-sondes. Nous décrirons d’abord globalement
le matériel utilisé pour cette expérience. Nous montrerons ensuite que le montage est
constitué principalement de deux branches, une dédiée à la mesure de la dynamique
de la suspension-hôte ainsi qu’une autre dédiée à la mesure de la vitesse de sédimen-
tation des particules-sondes. Nous détaillerons aussi la manière avec laquelle nous
arrivons à contrôler finement la température du système. Dans une deuxième partie
nous nous intéresserons au système expérimental que nous avons choisi d’étudier :
des particules de microgel (Pnipam) constitueront la suspension-hôte, des particules
de silice constitueront les particules-sondes. Dans une dernière partie, nous présente-
rons deux méthodes distinctes et complémentaires permettant de mesurer la fraction
volumique de la suspension de microgels.

3.1 Montage optique

L’ensemble du système optique est monté sur une table Newport R©. Le laser utilisé
est un laser à milieu amplificateur solide Nd-YAG Verdi Coherent R© de longueur d’onde
λ = 532.5 nm. Sa gamme de puissance est comprise entre 150 mW et 2 W et la lu-
mière à sa sortie possède un polarisation rectiligne verticale. De manière à pouvoir
acheminer la source de lumière laser en n’importe quel endroit de la table optique,
le laser est couplé en sa sortie à une fibre optique d’une longueur de 2 m. Le système
coupleur-fibre est constitué d’un coupleur de type "pig tail" et d’une fibre monomode à
maintien de polarisation. En sortie de la fibre optique, un collimateur permet d’obtenir
un faisceau parallèle de diamètre d’environ 2 mm, ce système est entièrement fourni
par la société OZ. Optics Canada R©. Les quatre caméras CCD utilisées sont des caméras
Pulnix TM-6740GE R© dotées d’un capteur 640× 480 pixels, les pixels sont carrés, de
coté 7.4µm. Le plus haut taux d’acquisition en pleine image réalisable est de 200 Hz.
Les caméras sont pilotées par des impulsions de type TTL générées à l’aide d’une carte
électronique National Instrument R©. La carte est programmée à l’aide d’un Logiciel éla-
boré par G. Prévot au sein du laboratoire. La carte dispose de quatre sorties caméras,
ainsi que de quatre sorties obturateurs indépendantes. Le porte-échantillon que nous
détaillerons par la suite est un bloc de cuivre contrôlé en température.

La difficulté technique ici réside dans le fait de concilier sur le même montage deux
parties optiques indépendantes, chacune d’elle dédiée à une tâche précise. Une pre-
mière branche du montage est dédiée à la mesure de la dynamique de la suspension-
hôte à grands vecteurs #»q . Une deuxième branche est quant à elle dédiée à la mesure
de la vitesse de sédimentation des particules-sondes à petits #»q grâce une méthode de
velocimétrie speckles [92]. Chacune des parties de l’expérience nécessite un faisceau
laser aux caractéristiques particulières que nous détaillerons par la suite. Au moment
de l’acquisition des images speckles, que cela soit à petits ou grands angles un seul
faisceau traverse l’échantillon. Un système de deux obturateurs synchronisés avec les
caméras permet de ne laisser passer que le faisceau désiré et de bloquer le faisceau
non-désiré au moment voulu.
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3.1.1 Diffusion à grands angles : dynamique microscopique

Figure 3.1 – Détails de l’acquisition des images CCD concernant la branche de l’expérience dédiée à
la mesure de la dynamique des particules de microgel. Un faisceau intense et collimaté à un diamètre
de l’ordre de 2 mm est libre de passer à travers l’échantillon. L’autre faisceau dédié à la mesure de la
vitesse de sédimentation est bloqué par l’obturateur Shut1.

Cette partie de l’expérience s’apparente à une expérience de diffusion multispe-
ckles traditionnelle [87], un faisceau laser d’une taille de l’ordre du millimètre éclaire
l’échantillon. Le faisceau laser doit être assez intense au niveau de l’échantillon de
manière à collecter suffisamment de signal sur les caméras CCD à grands angles.
Pour ce faire, nous utilisons le faisceau laser à la sortie de la fibre optique qui par
un jeu de lames semi-réfléchissantes et de miroirs est amené jusqu’à l’échantillon.
La lumière diffusée est collectée à l’aide de lentilles positionnées de manière à faire
l’image du faisceau sur les caméras CCD. Ces lentilles sont placées sur un plateau
tournant lié à un goniomètre nous permettant un réglage angulaire d’une précision
finale absolue de l’ordre de 2 ◦ sur l’angle de diffusion. La gamme d’angles acces-
sibles est 20 ◦ ® θ ® 120 ◦, correspondant à une gamme de vecteurs de diffusion
5 ® q ® 30µm−1 et d’échelles de longueurs d ≈ 2π/q, 0.2 ® d ® 1.2µm. Cela nous
permet d’étudier la dynamique de l’échantillon sur une plage de vecteurs de diffusion
relativement large.

Lors des mesures les caméras sont configurées de manière à acquérir des images
de 640 × 160 pixels nous permettant ainsi d’augmenter le taux d’acquisition jusqu’à
500 Hz. Pour réduire la quantité de données enregistrées sur l’ordinateur, les images
ne sont pas acquises à l’aide d’un schéma à retards constants, mais plutôt dans un
schéma original à retards variables, qui sera détaillé dans la partie 4.1.1.
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Les images speckles, dont un exemple est montré sur la figure 3.1 sont analysées pour
calculer les degrés de corrélations cI et la fonction de corrélation g2(τ)− 1 selon les
équations 2.32 et 2.33. Les détails de l’analyse des données ainsi mesurées seront
donnés dans le chapitre 4.

3.1.2 Vélocimétrie speckles : sédimentation

Figure 3.2 – Détails de la branche de l’expérience dédiée à la mesure de la vitesse de sédimentation
des particules de silice. Un faisceau de diamètre de l’ordre de 5 mm est obtenu à l’aide d’un doublet
afocal. L’obturateur Shut2 est fermé pour bloquer le faisceau de la branche "grands angles". Le doublet
L3 et L4 forme une image agrandie de l’échantillon sur une caméra CCD. Grâce au diaphragme placé
entre L3 et L4 seuls les rayons diffusés à un angle θ ≈ 2 ◦ contribuent à la formation de l’image.

Cette partie du montage est dédiée à la mesure de la vitesse de sédimentation des
particules-sondes. Le faisceau laser traverse deux lentilles L1 − L2 placées de manière
que leurs plans focaux soit confondus. Ainsi, le faisceau laser est agrandi d’un facteur
égal au rapport des focales fL2

/ fL1
≈ 2.5, afin que son diamètre final soit de l’ordre de

5 mm. L’échantillon est alors éclairé sur un volume plus important, permettant d’avoir
un signal plus homogène sur le détecteur. Le doublet de lentilles L3− L4 forme l’image
de l’échantillon sur le capteur d’une caméra CCD. Le grandissement γ est typiquement
choisi tel que 20® γ® 35. Le faisceau transmis (faisceau non diffusé) est focalisé puis
bloqué à l’aide d’un diaphragme au niveau du plan focal de la lentille L3. L’ouverture
du diaphragme nous permet de former l’image de l’échantillon uniquement grâce à la
lumière diffusée à petits angles, θ ≈ 2 ◦ (q ≈ 0.5µm−1), par les particules-sondes de si-
lice. Sur la figure 3.2 on peut voir une image typique enregistrée par la caméra à petits
angles, nous ne voyons pas directement les particules de silice mais une image speckles
qui est la figure d’interférences résultante de la lumière diffusée par ces dernières.
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Lors des expériences, on voit cette figure de speckles se déplacer de manière "ri-
gide" 1 au cours du temps car les particules sédimentent ; la mesure du déplacement,
à l’aide de la technique vélocimétrie speckles décrite dans la section 4.4, nous permet
de remonter à la vitesse de sédimentation des particules-sondes. Le mouvement des
particules au cours de la sédimentation n’est pas simplement un mouvement de trans-
lation pure. En effet, ce dernier est combiné à un mouvement relatif des particules les
unes vis-à-vis des autres qui est dû aux interactions hydrodynamiques entre les par-
ticules et à la diffusion de ces dernières. Ce mouvement relatif des particules-sondes
nous pénalise lors des expériences, car c’est celui-ci qui a pour effet de décorréler la
figure de speckles au bout d’un certain temps τd . Nous avons vu dans la partie 2.2.1
que le temps de relaxation pour un mouvement diffusif est proportionnel à q−2. Pour
maximiser τd il faut minimiser q. C’est pour cela que la position du diaphragme doit
être aussi proche que possible du faisceau incident de manière à récolter la lumière
diffusée aux plus petits vecteurs de diffusion envisageables.

Nous montrerons que dans cette limite nous sommes majoritairement sensibles au
mouvement de sédimentation des particules-sondes (cf. sec. 3.1.3) et que le mouve-
ment vertical des figures de speckles est suffisamment "rigide" pour pouvoir en mesurer
le déplacement. Il convient de préciser aussi que l’ouverture du diaphragme nous per-
met de contrôler la taille des speckles, plus l’ouverture est grande plus la taille des
speckles est petite. Nous choisirons une ouverture de manière à avoir une taille de spe-
ckles typique de l’ordre de la vingtaine de pixels, cette taille étant la taille optimale
pour analyser le déplacement entre les images à l’aide de la technique de vélocimétrie
décrite dans la section 4.4.

Lentilles Focales (cm)

L1 8
L2 20
L3 18
L4 2
Lα 6

Systèmes Distances (cm)

L1 − L2 28
échantillon-L3 22

L3 − L4 50
L4 − CCD 28

échantillon-Lα 9

Table 3.1 – Valeurs des distances focales des lentilles utilisées, et des distances entre les éléments du
montage optique.

3.1.3 Intensités diffusées par le système

Pour que l’interprétation des données soit simple, il est nécessaire d’être seulement
sensible au signal diffusé par la suspension de microgels à grands angles et uniquement
sensible à la lumière diffusée par les particules-sondes de silice à petits angles. On
montre ci-dessous que c’est effectivement le cas, grâce essentiellement à la différence
de tailles entre les particules de silice et de microgels.

1. C’est-à-dire qu’il est possible de mesurer un déplacement dans l’espace des speckles au cours du
temps.
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On a vu précédemment, que l’intensité diffusée par un système de particules est don-
née d’après l’équation 2.14 par :

I(q)∝ n[b(0)]2 P(q)S(q) (3.1)

où n est le nombre de particules par unité de volume et où b(0) est proportionnel à la
masse m des particules et à la différence d’indice entre les particules et le solvant∆nr

(cf. eq. 2.6). De manière générale l’intensité diffusée par une suspension de particules
s’écrit alors : I(q)∝ n∆n2

r m2P(q)S(q). D’un point de vue pratique on peut relier la
masse des particules à leur rayon, pour des particules compactes 2 on a : m∝ Vp∝ R3

p,
pour des polymères, dans l’approximation d’une chaîne gaussienne on a : m ∝ R2

p.
On introduit la fraction volumique liée à n telle que : n = ϕpVp. Dans la limite des
petits angles (q → 0) on a alors la relation suivante entre l’intensité diffusée par les
particules de silice ISi(q) et l’intensité diffusée par les particules de microgel IPni(q) :

ISi(q)

IPni(q)
∝ ϕSi

ϕPni

�

∆nSi
r

∆nPni
r

�2 R3
Si

RPni

1
SPni(q)

(3.2)

on a posé ici SSi(q) = 1, car ϕSi est très faible (de l’ordre de 10−4). On souhaite que
le rapport dans 3.2 soit grand devant 1 à petits angles (θ ≈ 2 ◦), pour qu’au cours des
mesures de vélocimétrie speckles nous ne soyons sensibles qu’au signal des particules
de silice. Le facteur ϕPni joue en notre défaveur (typiquement ϕPni ≈ 0.5) mais nous
remarquons que si les particules-sondes ont un rayon plus important que les particules-
hôtes (RSi > RPni), alors le signal à petits angles sera dominé très largement par les
grosses particules à cause de la dépendance en R3. Dans notre cas, on a : RSi/RPni ≈ 13,
par ailleurs l’indice de réfraction des particules de silice : nSi ≈ 1.46 est plus important
que celui des microgels, ce qui joue en notre faveur. Ainsi on s’attend à ce que le signal
à petits q soit largement dominé par celui des particules-sondes. Comme on peut le
voir sur la figure 3.3 c’est effectivement le cas, à θ = 2 ◦, on a : ISi(q)/IPni(q)≈ 103.

En ce qui concerne le signal à grands angles, on souhaite au contraire IPni(q) ≫
ISi(q). À mesure que θ augmente, le facteur de forme P(q) fait que le signal diffusé
par les particules de silice décroît rapidement. De plus le facteur S(q) provenant des
petites particules favorise le signal à grands angles des particules de Pnipam (dans
notre cas le premier pic de S(q) se trouve autour de 90 ◦). Ainsi le signal à grands q
est dominé par les petites particules constituant la suspension-hôte de Pnipam avec
IPni(q)/ISi(q)¦ 10 dans le cas le plus défavorable et IPni(q)/ISi(q)¦ 100 typiquement.

Si on s’intéresse au régime intermédiaire, on voit aussi qu’à mesure qu’on augmente
la fraction volumique en particules de microgel, le facteur de structure décroît à petits
q (cf. fig. 2.4), ayant pour effet de diminuer l’intensité diffusée par la suspension de
microgels à petits angles. On peut alors se poser la question : à partir de quels angles et
pour quelles fractions volumiques le signal à petits angles est dominé par les particules-
sondes ?

2. On entend par le terme "compacte" des particules pleines et homogènes, faites d’un même maté-
riau.
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On voit sur la figure 3.3 que pour une gamme 0 ◦ ® θ ® 20 ◦ le signal est dominé
par les particules de silice. Il n’est donc pas possible de collecter des données DLS
pour sonder la dynamique des microgels dans cette gamme d’angles si la suspension
de microgels contient également des particules de silice.

Figure 3.3 – Intensités diffusées par la suspension de silice à ϕ ≈ 5.10−4 (cercles rouges), et par la
suspension de microgels à ϕ ≈ 0.4 (cercles bleus). La ligne rouge et la ligne bleue sont des ajustements
des données à l’aide de l’équation 3.1. On a calculé pour différentes fractions volumiques (ϕ = 0.1,
ϕ = 0.4, ϕ = 0.6) l’intensité théorique diffusée par la suspension de microgels.

Les mesures représentées sur la figure 3.3 ont été effectuées à l’aide d’un appareil
standard de diffusion de la lumière décrit dans la section 3.1.5. Les intensités diffusées
par une suspension de microgels à ϕ ≈ 0.4 et par une suspension de particules de
silice ϕ ≈ 5.10−4 sont enregistrées en fonction de l’angle de diffusion θ . De manière à
pouvoir comparer les intensités diffusées par les deux suspensions, il est important de
se placer dans les mêmes conditions expérimentales (intensité du laser, température,
etc...). Les suspensions doivent être contenues dans les mêmes types de cellules, de
manière que le volume diffusant soit le même pour les deux suspensions. On choisit des
cellules cylindriques 3 de diamètre de l’ordre de 5 mm. Nous avons ajusté les données à
l’aide d’une equation du type : I∝ Aϕ P(q)S(q), où A est un paramètre libre et P(q)
et S(q) sont le facteur de forme et le facteur de structure d’un système de sphères
dures vus dans la partie 2.1.1 et 2.1.2. Cela nous permet d’extrapoler les données à
petits angles car l’appareil utilisé ne nous permet pas de mesurer l’intensité diffusée à
des angles θ ® 15 ◦.

3. Ce sont des cellules largement utilisées dans les expériences de Résonance-Magnétique-Nucléaire
(RMN), cf. fig. 3.5.
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3.1.4 Porte-échantillon et cellules expérimentales

Le porte-échantillon que nous utilisons a été imaginé et conçu dans le cadre de
cette thèse. Il est constitué d’un bloc de cuivre cylindrique de dimensions typiques :
hauteur = 10 cm et diamètre = 6 cm (cf. fig. 3.4). Le bloc assure par sa masse impor-
tante (autour de 10kg) une grande inertie thermique (et donc une très bonne stabilité
en température). Il est logé à l’intérieur d’un cylindre creux de polystyrène haute den-
sité dont les parois d’épaisseur 20 mm garantissent une bonne isolation par rapport à
d’éventuelles fluctuations de température ambiante. À la base, ainsi qu’au sommet du
cylindre sont placés des modules Peltier. Ces modules sont pilotés par un contrôleur
programmable PTC10 fourni par la société Stanford Research System R©.

Figure 3.4 – Porte-échantillon : [1] faisceau incident, [2] faisceau transmis, [3] lumière diffusée, [4] [5]
emplacements des modules Peltier, [6] emplacement de l’échantillon. La partie rouge est indépendante
du bloc de cuivre et peut être adaptée en fonction du type de cellule désirée.

Les modules Peltier sont régulés via un schéma classique, comportant une mesure
de la température à l’aide de sondes de régulation et une boucle de rétroaction de
type PID (Proportionnel-Intégral-Dérivé). Afin d’évacuer au mieux les calories générées
par les modules Peltier, des radiateurs couplés à des ventilateurs sont placés au niveau
des modules. Deux sondes dites de régulations sont placées au sein du bloc de cuivre
et au plus proche des modules ; ce sont elles qui servent de sondes de consignes au
contrôleur de température. Trois autres sondes dites externes permettent de mesurer
au cours du temps la température à différents niveaux de l’échantillon, typiquement en
bas, au milieu, et en haut de l’échantillon. Le bloc de cuivre peut accueillir deux types
de porte-échantillons, chacun destiné à accueillir une cellule spécifique. Un premier est
destiné à accueillir une cellule carrée adaptée à la mesure de la vitesse de sédimenta-
tion des particules-sondes à petits angles, ainsi que la dynamique des particules-hôtes
autour de θ ≈ 90 ◦. Ses dimensions sont reportées sur la figure 3.5. De part sa géomé-
trie, cette cellule permet d’obtenir une figure de speckles à petits angles de meilleure
cohérence que celle obtenue avec une cellule cylindrique. En revanche, à cause du
phénomène de réfraction, elle ne permet pas de faire des mesures de dynamique à
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Figure 3.5 – Cellules expérimentales :

(A) Cellule cylindrique type RMN, dimensions (mm) : d = 5, Z = 45 .

(B) Cellule carrée Hellma 115F-QS R©, dimensions (mm) : H = 45, h= 30, L = 12, l = 2 .

des angles autres que θ ≈ 90 ◦. Le deuxième porte-échantillon permet d’accueillir
des cellules cylindriques RMN (cf. fig. 3.5). Cette cellule permet seulement, quant à
elle, une mesure de la dynamique mais pour une gamme d’angles plus étendue. Nous
sommes capables à l’aide de ce dispositif de mesurer la dynamique des échantillons sur
une gamme d’angles de diffusion relativement large typiquement : 20 ◦ ® θ ® 120 ◦.
Pour finir, ces deux types de cellules de par leurs petites dimensions permettent de
réduire les effets de diffusion multiple en réduisant le chemin optique du faisceau au
sein de l’échantillon. Cela permet aussi de réduire le volume d’échantillon utile pour
effectuer une mesure et ainsi économiser les échantillons 4.

Grâce à un contrôle précis de la température, assuré par les modules Peltier et par
le contrôleur, et aussi grâce une grande inertie thermique du bloc de cuivre, les varia-
tions de température sont très faibles au cours du temps au sein du porte-échantillon
(cf. fig. 3.6). Il s’agit d’un critère indispensable pour mener à bien les expériences ;
une température mal contrôlée peut induire des gradients de température créant des
courants de convection au sein du système et venant perturber la sédimentation des
particules. De plus, les particules de microgel étant thermosensibles, il est important
de minimiser les fluctuations de température afin d’éviter toutes variations de la frac-
tion volumique dues à un changement de la taille des particules. Sur la figure 3.6 est
représentée l’évolution de la température enregistrée par une sonde placée au contact
de la cellule au sein du porte-échantillon pendant quinze heures. Nous constatons que
l’amplitude des fluctuations de température est faible, typiquement autour de 0.02 ◦C .
Nous remarquons, par ailleurs, que les oscillations périodiques visibles sur les données,
de période typique T = 30 min sont le reflet des fluctuations de température dans la
pièce, de l’ordre de quelques ◦C , dues à la boucle de régulation de la climatisation
dans la salle.

4. Le volume d’échantillon nécessaire pour remplir une cellule est typiquement autour de 0.5 ml.
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Figure 3.6 – Variation de la température au cours du temps au sein du porte-échantillon, la sonde est
placée au milieu et au contact de la cellule expérimentale.

3.1.5 Appareil standard de diffusion de la lumière

Afin de mesurer l’intensité diffusée par une suspension colloïdale pour en carac-
tériser sa structure, ou bien pour caractériser la dynamique des suspensions diluées
trop rapide pour être mesurée à l’aide de caméras CCD, nous avons utilisé un appareil
standard de diffusion de la lumière. Cet appareil est fourni en majeure partie par la so-
ciété BrookHaven R©. Il est constitué d’un détecteur monté sur un goniomètre Amtec R©,
le goniomètre permettant de travailler à différents angles de diffusion. L’instrument
fonctionne de la manière suivante : la lumière diffusée est collectée à l’aide d’une len-
tille qui fait l’image du volume diffusant de l’échantillon sur une fente. Une ouverture
circulaire dont le diamètre est ajustable 5 permet de faire varier la quantité de lumière
allant vers le photo-multiplicateur. Le photo-multiplicateur produit un courant élec-
trique proportionnel à l’intensité de la lumière diffusée collectée, ce signal est ensuite
envoyé vers un ordinateur.

L’encadré de la figure 3.7 représente schématiquement l’allure typique de l’inten-
sité diffusée par une suspension colloïdale enregistrée par le détecteur au cours du
temps. On voit que l’intensité n’est pas strictement constante dans le temps mais
qu’elle fluctue autour d’une valeur moyenne ; ces fluctuations vont nous renseigner
sur la dynamique des particules et l’intensité moyenne sur les propriétés structurelles
du système. Un corrélateur (une carte électronique au sein de l’ordinateur) permet
de calculer la fonction de corrélation de l’intensité diffusée g2(τ). L’ensemble du dis-
positif est contrôlable à l’aide du logiciel BIC software R©. Le laser utilisé est un laser
Nd-YAG Cobolt Samba R© de longueur d’onde λ = 532.5 nm, la gamme d’intensités ac-
cessibles est comprise entre 20 mW et 150 mW . La cellule (en bleu sur la figure 3.7)
est placée au sein d’une cuve remplie de décaline, cette dernière possède un indice

5. pinhole en anglais, les différentes ouvertures possibles sont : 0.05, 0.1, 0.2, 0.4, 0.8, 1, 2, 3 mm.
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Figure 3.7 – Dispositif traditionnel de diffusion de la lumière. L’échantillon est en bleu, la lumière
est collectée à différents angles à l’aide d’un détecteur monté sur un goniomètre. L’encadré représente
typiquement l’allure de l’intensité diffusée par une suspension colloïdale au cours du temps pour un
angle donné.

de réfraction proche de celui du verre limitant ainsi les réflexions et réfractions du
faisceau laser aux interfaces. La température de l’échantillon peut être contrôlée à
l’aide d’un bain thermique imposant une circulation d’eau à température contrôlée
dans un serpentin, ce dernier plonge dans la cuve de décaline dans laquelle se situe
l’échantillon. Le goniomètre est piloté à l’aide d’un moteur permettant d’accéder à
une gamme d’angles : 15 ◦ ≤ θ ≤ 120 ◦, avec une précision angulaire ∆θ ≈ 1 ◦. Cet
appareil est particulièrement adapté aux mesures de dynamique rapide où le temps
de relaxation τα est typiquement : 10−6s ® τα ® 0.5 s. Nous avons utilisé cet appareil
pour mesurer les fonctions de corrélation g2(τ)−1, des suspensions de microgels dont
la fraction volumique est telle queϕ ® 0.5, afin d’en extraire le temps de relaxation τα.
Nous avons aussi utilisé cet appareil dans toutes les mesures de diffusion statique de
la lumière (cf. fig. 3.3) et particulièrement afin de mesurer les facteurs de structure
S(q) des suspensions plus ou moins concentrées de microgels (cf. sec. 4.3).

3.2 Système de particules

Dans cette partie, nous décrirons les particules de microgel et de silice que nous
avons utilisées dans ce travail. Nous détaillerons brièvement le protocole de synthèse
des particules de microgel, ainsi que les méthodes de caractérisation de la taille des
particules. On discutera de la stratégie adoptée pour obtenir des suspensions colloï-
dales vitreuses de microgels.
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3.2.1 Synthèse des particules de microgel

Les microgels utilisés dans ce travail sont synthétisés au sein du laboratoire.
Le protocole utilisé est celui décrit dans la référence [93]. Les microgels sont pré-
parés à l’aide d’un procédé appelé polymérisation en dispersion. On décrit ici briève-
ment le protocole ainsi que les produits 6 utilisés lors de la synthèse. Le monomère
(N-isoproprylacrylamide : Nipam, MNipam = 113.16 g/mol), l’agent réticulant (N,N’-
methylenbisacrylamide : BIS, MBIS = 154.17 g/mol), le surfactant (Sodium dodécyl-
sulfate : SDS, MSDS = 288.38 g/mol) sont dissous dans un volume d’eau Milli-Q R©

d’environ 500 ml maintenus sous agitation dans un ballon à trois cols. La solution est
chauffée jusqu’à une température de 70 ◦C tout en étant maintenue sous atmosphère
inerte d’azote. Au bout d’une demi-heure l’initiateur (persulfate de potassium : KPS)
préalablement dilué dans un petit volume d’eau est incorporé au mélange. Après six
heures la solution est refroidie jusqu’à température ambiante. Pour nettoyer la so-
lution, cette dernière est centrifugée à 10000 t r/min pendant six heures, afin que
les particules de microgel aient toutes sédimenté, le surnageant est ensuite remplacé
par de l’eau Milli-Q R©, l’opération est répétée deux fois afin de nettoyer au mieux
la solution. Les quantités de produits chimiques utilisés pour ces synthèses sont résu-
mées dans le tableau 3.2. Par ailleurs, on notera que le rapport monomères/surfactant
(Nipam/SDS) joue sur la taille finale du microgel, et le rapport monomères/agent-
réticulant (Nipam/BIS) joue sur le nombre de réticulations au sein du microgel ayant
un effet sur les propriétés de mollesse 7 de la particule [94, 95].

Cristallisation des microgels

Figure 3.8 – Photographie d’un
échantillon concentré de microgels
cristallisé, les couleurs pailletées
de l’échantillon sont dues à la dif-
fraction de Bragg de la lumière
blanche par les cristallites.

Après avoir effectué la première synthèse, nous
avons été amenés à concentrer les échantillons afin
d’étudier leur dynamique dans un régime concentré.
Dès lors, nous avons remarqué que les échantillons
cristallisaient rapidement : typiquement en une di-
zaine d’heures, l’échantillon était complètement cris-
tallisé (cf. fig. 3.8). Cette cristallisation est particuliè-
rement gênante dans notre optique de travail, qui est
celle d’étudier la viscosité et la dynamique de la sus-
pension dans un régime surfondu. Il a été montré que
la cristallisation d’une suspension colloïdale de sphères
dures peut être empêchée lorsque la poyldispersité 8 σ

dépasse ≈ 7 % [96]. Pour éviter la cristallisation de la
suspension de microgels, nous avons décidé d’augmen-
ter la polydispersité du système. Pour ce faire, nous
avons mélangé deux volumes identiques (à fractions
volumiques identiques en particules) issus de deux syn-
thèses de particules de microgel de tailles légèrement
différentes (cf. fig. 3.9).

6. Tous les produits utilisés ici sont fournis par Sigma-Aldrich R©.
7. Plus le rapport Nipam/BIS est grand plus la particule est molle.
8. Définie comme le rapport de l’écart type de la distribution des tailles sur sa valeur moyenne.
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En faisant varier le rapport monomères/surfactant (cf. tab. 3.2) nous sommes en me-
sure de faire varier la taille finale des particules obtenues. Le mélange ainsi obtenu a
une poyldispersité σ ≈ 0.17, plus importante que celles des synthèses initiales prises
séparément. Les détails concernant la mesure de la polydispersité du mélange sont
donnés dans la section 4.2.

Synthèse n ◦1
Composé Masse (g)

Nipam 4.634
BIS 0.087
SDS 0.088
KPS 0.182

Nipam/SDS (mol) 134
Nipam/BIS (mol) 73

Rayon à 20 ◦C 170 nm

Synthèse n ◦2
Composé Masse (g)

Nipam 4.610
BIS 0.091
SDS 0.074
KPS 0.178

Nipam/SDS (mol) 159
Nipam/BIS (mol) 69

Rayon à 20 ◦C 180 nm

Table 3.2 – Récapitulatif de la quantité de produits utilisés lors des deux synthèses de particules de
microgel.

3.2.2 Caractérisation des particules

Pour caractériser la taille des particules, nous avons utilisé le dispositif traditionnel
de diffusion de la lumière décrit plus haut (cf. sec. 3.1.5). Ce dispositif nous permet de
mesurer la fonction d’auto-corrélation de l’intensité diffusée g2(τ)− 1 (cf. eq. 2.17).
À l’aide d’un ajustement sur la fonction d’auto-corrélation, on peut extraire le coeffi-
cient de diffusion moyen D des particules puis finalement remonter à leur taille via la
relation SES (cf. sec. 2.2.1).

Particules de microgel

Nous avons mesuré à θ = 90 ◦ (q = 22.2µm−1), pour différentes températures, les
fonctions d’auto-corrélation de l’intensité diffusée g2(τ)−1 de suspensions diluées de
microgels (ϕ ≈ 5.10−4) issues des synthèses n ◦1, n ◦2 et du mélange. À partir de ces
mesures, nous avons pu extraire (cf. eq. 2.18) les facteurs de structure dynamiques
g1(τ). Pour chaque température, nous avons extrait le coefficient de diffusion moyen
des particules, nous donnant accès à la taille de ces dernières via la relation SES. Les
mesures des tailles sont reportées sur la figure 3.9. Nous avons aussi reporté les temps
de relaxation τ0, issus de g1 (cf. eq. 2.27) du mélange en fonction de la température
(cf. fig. 3.10). Ces mesures sont importantes pour la suite de cette étude, car nous
serons amenés à normaliser les mesures de temps de relaxation τα effectuées à hautes
fractions volumiques à une certaine température, par sa valeur dans un régime dilué à
la même température. De manière à pouvoir extraire la valeur de τ0 à une température
quelconque, nous avons ajusté la dépendance de τ0(T ) à l’aide d’une droite d’équation
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du type τ0(T ) = aT+B dans l’intervalle de températures typique dans lequel nous tra-
vaillons : 15® T ® 25 ◦C . On obtient à partir de l’ajustement : a = −6.23 10−2 ms/ ◦C
et b = 2.87 ms.

La caractéristique physique principale des microgels est leur thermosensibilité.
Comme nous pouvons le constater sur la figure 3.9, la taille des microgels dépend
de la température. La dépendance de la taille des microgels que nous observons vis-
à-vis de la température est similaire à celle déjà mentionnée dans la littérature [93,
97, 98]. Cette dépendance peut être ajustée à l’aide d’une loi type transition critique :
R = A(1 − T/Tc)

b. Les paramètres pour le mélange des deux synthèses sont :
Tc ≈ 31.6 ◦C , A ≈ 194 nm, b ≈ 0.13. Le Pnipam est un polymère qui possède une
température inférieure de solubilité critique (LCST).

Figure 3.9 – Dépendance du rayon des microgels de Pnipam en fonction de la température pour
les synthèses n ◦1 (bleu) et n ◦2 (rouge) du tableau 3.2 et pour le mélange (noir). La ligne pointillée
correspond à l’ajustement critique décrit dans le texte.

À mesure que la température augmente, le Pnipam devient de plus en plus hydro-
phobe. Pour réduire sa surface de contact avec l’eau qui l’entoure, il se recroqueville
sur lui-même réduisant ainsi sa taille graduellement jusqu’à une température critique
Tc ; au-delà de Tc le Pnipam n’est plus miscible dans l’eau. Par ailleurs, les particules
de Pnipam à cause de l’utilisation d’un initiateur ionique lors de la synthèse, possèdent
des charges résiduelles [99, 100]. De manière que le potentiel d’interaction entre les
particules soit le plus proche d’un potentiel de type sphères dures, il est nécessaire de
limiter les interactions électrostatiques entre les particules. Pour ce faire, il faut écran-
ter les charges présentes sur les particules en ajoutant un sel au sein de la suspension.
En suivant les conseils de V. Trappe 9 et la référence [100] nous utilisons comme sel,
du thiocynate de sodium NaSCN à une concentration de 10 mM . Pour vérifier que les

9. Université de Fribourg (Suisse).
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charges soient bien écrantées, on contrôle qu’au-dessus de la température de transi-
tion critique les particules de Pnipam s’agrègent. En effet, au dessus de Tc à cause de
son caractère hydrophobe, le Pnipam préfère interagir avec lui-même plutôt qu’avec
le solvant. Sans l’ajout de sel, la présence de charges non écrantées pourrait empêcher
l’agrégation des particules. L’échantillon utilisé étant constitué essentiellement d’eau,
nous avons pu constater que ce dernier était contaminé au bout de quelques mois par
des organismes biologiques. Pour éviter cela, nous avons ajouté une faible quantité
(2 mM) d’azoture de sodium, utilisé comme biocide afin de prévenir une quelconque
contamination.

Figure 3.10 – Temps de relaxation à 90 ◦ de g1(τ) en fonction de la température pour une suspension
diluée (ϕ ≈ 5.10−4) de microgels issue du mélange. Les flèches représentent l’intervalle de températures
utilisé pour la régression linéaire (voir texte).

Particules de silice

Les particules de silice que nous utilisons sont fournies par Bangs Laboratories,
Inc R©. Pour mesurer leurs tailles, nous avons aussi utilisé la technique de DLS décrite
dans la partie 2.2.1. Dans le but d’améliorer la precision sur la mesure du coefficient
de diffusion moyen D, nous avons mesuré le cumulant d’ordre 1, Γ1 = Dq2, pour
différentes valeurs de q. Pour mesurer Γ1 nous effectuons un ajustement polynomial
d’ordre 2 du logarithme naturel de la fonction d’auto-corrélation du champ électrique
diffusé : ln[g1(τ)], Γ1 est alors donné par le coefficient d’ordre 1 de l’ajustement 10.
Si on représente les valeurs de Γ1 obtenues en fonction de q2, on obtient une droite
de pente D (cf. eq. 4.8). Les particules de silice sont dispersées dans de l’eau, à faibles
fractions volumiques (ϕ ≈ 10−4), les mesures sont effectuées à une température de
20 ◦C . Les valeurs de Γ1 obtenues pour différents q2 sont reportées sur la figure 3.11.
Une régression linéaire sur les données nous donne : D = 9.42 ± 0.16 10−14 m2 s−1

ce qui correspond d’après la relation SES à un rayon moyen : R = 2.30 ± 0.05µm.
On notera que les particules ont une faible poyldispersité 11 : σ ≈ 10 %.

10. Cette méthode d’ajustement est basée sur une approche dite des cumulants, nous l’abordons plus
en détails dans la partie 4.2.

11. Donnée par le fournisseur.



64 3.3. DÉTERMINATION DE LA FRACTION VOLUMIQUE

Figure 3.11 – Mesure du cumulant d’ordre 1 : Γ1 en fonction du vecteur q2 pour les particules-sondes
de silice. En effectuant des mesures à différents angles, on obtient une mesure précise du rayon des
particules : R= 2.30± 0.05µm.

3.3 Détermination de la fraction volumique

Le paramètre clé qui pilote le comportement dynamique d’une suspension colloï-
dale est la fraction volumiqueϕ. Comme nous l’avons vu dans l’introduction, la mesure
expérimentale de la fraction volumique même d’un système simple comme un système
de sphères dures s’avère une tâche ardue. Pour des particules non compactes comme
les particules de microgel faites de polymères réticulés, la notion même de fraction
volumique n’est pas évidente et reste aussi à définir. On introduit la notion de fraction
volumique effective, définie comme la fraction volumique qu’occuperait une suspen-
sion de particules compactes de rayons "équivalents". Pour déterminer la fraction vo-
lumique effective 12 de la suspension, nous utilisons des méthodes expérimentales qui
consistent à mesurer la dépendance d’un paramètre physique du système (viscosité
ou coefficient de diffusion) en fonction de la concentration massique en particules.
Connaissant la dépendance théorique attendue en fonction de ϕ pour un système de
sphères dures, il est alors possible d’attribuer une fraction volumique effective au sys-
tème, en calquant la dépendance du coefficient de diffusion ou de la viscosité vis-à-vis
de la concentration massique sur la dépendance correspondante D(ϕ) ou η(ϕ) connue
pour un système de sphères dures. Nous décrirons ici cette méthode, que nous avons
également exposée dans une article publié dans Journal of Physics : Condensed Matter
[101], reporté en annexe à la fin du chapitre.

Viscosimètrie

Après avoir nettoyé (cf. sec. 3.2.1) la suspension de microgels obtenue après la
synthèse nous mesurons la fraction massique w en polymère de la suspension. On
effectue un extrait sec, c’est-à-dire qu’on mesure une masse mi assez importante (mi ≈

12. Par la suite, quand on parlera de fraction volumique de suspensions de microgels il s’agira de la
fraction volumique effective.
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10 g) de la suspension mère qu’on va ensuite sécher dans une étuve à 100 ◦C pendant
quatre heures, afin que le solvant s’évapore complètement. On mesure ensuite la masse
résiduelle m f , qui n’est autre que la masse de polymère contenue dans le masse initiale.
La fraction massique est alors simplement w = m f /mi. Une fois la fraction massique
w0 de la solution mère connue, on peut préparer à l’aide d’une balance précise à 10−5 g
des dilutions massiques de la solution mère avec une précision relative importante sur
la fraction massique. En effet, comme nous préparons des échantillons de quelques
grammes, on connaît leurs fractions massiques relatives (et comme nous allons le voir,
leurs fractions volumiques relatives) à 10−4 près ou mieux.

Pour déterminer la fraction volumique absolue, il faut connaître le facteur de conver-
sion entre la fraction massique w et la fraction volumique ϕ. Le facteur de conversion
est appelé la voluminosité k [100, 102], on a :

ϕ = kw (3.3)

L’équation ci-dessus qui assume la proportionnalité entre la fraction massique et la
fraction volumique n’est pas rigoureusement vraie en général et mérite quelques pré-
cautions. Néanmoins, nous démontrerons dans la section 3.3.1, que dans notre cas
elle est une très bonne approximation. En mesurant la dépendance de la viscosité de
la suspension en fonction de w on détermine k. Dans la limite des faibles fractions volu-
miques ϕ ® 0.35, les suspensions de microgels se comportent essentiellement comme
des suspensions de sphères dures [95, 103], car les particules sont éloignées les unes
des autres et ne présentent pas d’interactions à longues portées. La viscosité relative
de la suspension η(ϕ)/η0, où η0 est la viscosité dans la limite où la suspension est
infiniment diluée 13 est donnée par la loi d’Einstein, pour des fractions volumiques in-
férieures à ϕ < 2 % [104, 105, 106]. Au-delà de cette valeur, le mouvement brownien
et les interactions hydrodynamiques entre les particules doivent êtres pris en compte
[107] et il faut alors apporter une correction de deuxième ordre déterminée par G. K.
Batchelor [108, 109] :

η(ϕ)

η0

= 1+ 2.5ϕ + 5.9ϕ2 + o(ϕ3) (3.4)

Nous utiliserons les équations 3.3 et 3.4 pour ajuster les mesures de η(w) afin de
déterminer k.

Pour mesurer la viscosité de la suspension, on utilise un viscosimètre à bille rou-
lante Lovis 2000 ME R© connecté à un densimètre DMA 4500 R© fournis tous deux par la
société Anton-Paar R©. Ce type de viscosimètre est bien adapté aux mesures de faibles
viscosités typiquement 0.3® η ® 100 mPa.s. Le principe du viscosimètre à bille est le
suivant : l’échantillon est introduit dans un capillaire dans lequel une bille de taille et
de densité connues est aussi introduite, cette bille est libre de se déplacer le long du ca-
pillaire. L’angle entre le capillaire et l’horizontale est connu avec précision et peut être
varié de façon contrôlée. Le long du capillaire sont placées des bobines qui permettent
de détecter le passage de la bille. L’appareil mesure le temps de chute de la bille, en
mesurant le temps de passage t entre deux bobines. On peut montrer [110, 111] que
ce temps est lié à la viscosité du milieu par : η = K sin(θ )(ρb − ρ f )t, où K est une

13. C’est-à-dire la viscosité du solvant dans lequel les particules sont dispersées.
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Figure 3.12 – Viscosité relative en fonction de la fraction massique pour des suspensions de microgels.
Chaque cercle bleu correspond à un échantillon issu d’une dilution de la solution mère. La ligne noire
correspond à un ajustement du 1er ordre en prenant en compte les données jusqu’à la flèche. Au-delà
les données sont mieux ajustées par une loi quadratique (ligne couleur bleu), cf. eq. 3.4. Dans les deux
cas, le paramètre de l’ajustement est la voluminosité k.

constante propre au capillaire utilisé, ρb et ρ f les masses volumiques de la bille et du
fluide respectivement. Pour calibrer l’appareil, un fluide dont la masse volumique et
la viscosité sont connues est introduit (typiquement de l’eau Milli-Q R©). Ensuite par
une série de mesures à différents angles, on mesure la constante K du viscosimètre.
Une fois l’appareil calibré, on introduit le fluide à étudier et on mesure le temps de
chute de la bille nous donnant accès directement à la viscosité du milieu, tous les autres
paramètres étant maintenant connus. Cet appareil permet de mesurer des faibles va-
riations de la viscosité avec une bonne précision et répétabilité. Il est donc bien adapté
pour mesurer l’augmentation de la viscosité de la suspension, même dans une petite
gamme de faibles fractions volumiques (0.5 % ® ϕ ® 5 %). La figure 3.12 représente
la viscosité relative à une température de 20 ◦C pour différentes fractions massiques
w. La courbe bleue représente un ajustement des données suivant l’équation 3.4, qui
permet d’extraire k = 28± 1.5, et par conséquent de calculer la fraction volumique 14

de la solution mère via l’équation 3.3.

Diffusion dynamique de la lumière

De la même manière que pour la viscosité, on peut mesurer la dépendance du co-
efficient de diffusion self des particules à temps courts Ds

s en fonction de la fraction
massique. En effet, à mesure qu’on augmente la concentration en particules, le coeffi-

14. La fraction volumique de la solution mère est typiquement ϕ0 ≈ 20 % à T = 20 ◦C .
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Figure 3.13 – Coefficient de diffusion self relatif en fonction de la fraction massique pour des suspen-
sions de microgels. Chaque cercle rouge correspond à un échantillon issu d’une dilution de la solution
mère. La ligne rouge correspond à un ajustement linéaire suivant l’équation 3.5, avec k comme seul
paramètre d’ajustement.

cient de diffusion self décroît, car il devient de plus en plus difficile pour les particules
de diffuser au sein de la suspension à cause de la présence des autres particules. La
dépendance de Ds

s en fonction de ϕ est connue théoriquement pour des sphères dures,
dans la gamme de fractions volumiques étudiée ici, ce sont les interactions hydrodyna-
miques entre particules qui jouent un rôle prépondérant. Tokuyama et al. ont montré
[112] que la dépendance est essentiellement linéaire en ϕ dans la gamme ϕ ® 20%.
La dépendance est donnée par :

Ds
s (ϕ)

D0

= 1− 1.83ϕ + o(ϕ2) où : D0 = Ds
s (ϕ→ 0) (3.5)

On mesure le coefficient de diffusion à temps court Ds
s à l’aide des technique de DLS

décrites précédemment. Pour être en mesure de mesurer la dynamique self, on re-
prend l’argument de P. N. Pusey décrit plus haut dans la partie 2.2.1. On se place à
un vecteur #»q tel que S(q) ≈ 1, où S(q) est le facteur de structure calculé selon l’ap-
proximation de Percus-Yevick. Dans notre configuration expérimentale, nous sommes
capables de nous placer au premier et au deuxième recoupement de S(q) ≈ 1, ce qui
correspond à un angle de l’ordre de 50 ◦ et 90 ◦ respectivement. Nous nous placerons
au niveau du deuxième recoupement. En effet, en observant la figure 2.4, nous remar-
quons que le recoupement entre le facteur de structure et la droite d’équation S(q) = 1,
varie moins en fonction de la fraction volumique autour du deuxième recoupement.
Nous effectuons sur les mêmes échantillons utilisés précédemment pour la viscosimè-
trie une mesure de g2(τ)− 1. Pour extraire Ds

s on effectue un ajustement polynomial
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d’ordre 2 sur ln[g1(τ)] dans la limite des petits τ, le terme de premier ordre nous
donne par définition Ds

s [113] (cf. sec. 4.2.1). Les valeurs de Ds
s en fonction de w ainsi

obtenues sont montrées sur la figure 3.13. La régression linéaire sur les données nous
permet d’extraire le paramètre k = 27.1±1.2. On voit que cette valeur de k est en très
bon accord avec la valeur trouvée à l’aide de la méthode rhéologique. On retiendra
comme valeur de k la moyenne issue des deux méthodes : k = 27.5± 1.4.

3.3.1 Relations entre la fraction massique et la fraction volumique

Si nous considérons en premier lieu le cas simple des particules compactes, la rela-
tion entre la fraction massique en particules (définie comme le rapport entre la masse
de toutes les particules sur la masse totale de la suspension : ϕm = Npmp/M , avec Np

le nombre de particules et mp la masse d’une particule), et la fraction volumique (dé-
finie comme le rapport entre le volume qu’occupent toutes les particules sur le volume
total de la suspension : ϕ = NpVp/V , où Vp est le volume d’une particule), la relation
entre ϕ et ϕm n’est pas une simple loi de proportionnalité. Celle-ci fait intervenir le
rapport entre la masse volumique des particules et celle du solvant ρp/ρs, et elle est
donnée par (cf. annexe) :

ϕ =
1

1+
ρp

ρs

�

1−ϕm

ϕm

� (3.6)

Notons que ϕ = ϕm sous la condition ρp = ρs. Par ailleurs, dans la limite des faibles
fractions massiques on a la relation : ϕ∝ ρs/ρpϕm. Dans notre cas, où les particules
ne sont pas compactes, nous ne mesurons pas directement la fraction massique en
particule ϕm mais la fraction massique en polymère w. La masse d’une particule de
microgel est mp = mp, Pnipam +mp, H20, où mp, Pnipam et mp, H20 sont les masses de poly-
mère et d’eau contenues dans une particule. La fraction massique en polymère w et la
fraction volumique en particules sont données par :

w=
Npmp, Pnipam

ms, H20 + Np(mp, Pnipam +mp, H20)
et ϕ =

NpVp

VH20 + NpVp

(3.7)

où Np est le nombre de particules, ms, H20 la masse d’eau en dehors des particules,
Vp le volume d’une particule et VH20 le volume de solvant à l’extérieur des particules.
À partir de ces équations on montre (les calculs sont détaillés en annexe) que la frac-
tion volumique ϕ est reliée à w par :

ϕ =
w(ǫξ− ǫ + 1)
ǫ(ξw− w+ 1)

(3.8)

avec :

ξ=
ρH20

ρPnipam

et ǫ =
mp, Pnipam

mp

(3.9)

L’équation 3.8 montre bien que ϕ et w ne sont pas proportionnels. On remarquera
que dans le cas où ǫ = 1 (c’est-à-dire le cas ou les particules de microgel seraient
constituées intégralement de polymère) on retrouve l’équation 3.6 valable pour les
particules compactes. Notons que ϕ et w sont rigoureusement proportionnels dans le
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cas où ξ= 1 qui correspond au cas trivial où la masse volumique des particules et du
solvant sont les mêmes, mais ils le sont aussi dans le cas limite des petites fractions
massiques :

ϕ =
w→0

�

ǫ−1 + ξ− 1
�

w= kw, avec : k =
�

ǫ−1 + ξ− 1
�

(3.10)

Dans notre cas, nous sommes dans une situation proche d’une combinaison de ces
deux cas, car on a : ρPnipam = 1.1 g.cm−3 et ρH20 ≈ 1 g.cm−3 et donc ξ− 1≪ 1 et de
plus nous travaillons à faible w, finalement :

ϕ =
w→0

kw≈ ǫ−1w (3.11)

On montre (cf. figure 3.16 en annexe) que l’erreur qu’on ferait sur la fraction volu-
mique réelle (cf. eq. 3.8) en assumant ϕ = kw (cf. eq. 3.11) est au pire de 1.5× 10−3

dans la gamme de ϕ qui nous intéresse. On trouve ǫ = 3.6 ± 0.2 % à T = 20 ◦C , si-
gnifiant que les microgels sont constitués (en masse) à ∼ 96 % d’eau. En terme de
masse volumique pour les particules cela correspond (cf. eq. 3.23) à ρp = 1.0016 ±
0.0002 g.cm3. Cela assure une équivalence presque parfaite entre la densité des par-
ticules et celle du solvant.

Dans la suite, pour éviter d’introduire des erreurs non nécessaires, on interprétera
le facteur k obtenu grâce aux mesures de la viscosité η ou du coefficient de diffusion
self à temps courts Ds

s dans le régime dilué en utilisant l’équation 3.10. À partir de la

valeur de k = 27.5± 1.4 et la valeur de ξ = 0.91± 0.01, on extrait la valeur de ǫ en
utilisant l’équation 3.10. La fraction volumique est enfin calculée, pour chaque valeur
de w, en utilisant l’équation 3.8 où on injecte les valeurs de k et ǫ.

Concentration des échantillons

Une fois les valeurs de k et ǫ connues, ayant mesuré la fraction massique w0

de la solution mère, on extrait la valeur 15 de ϕ0 via l’équation 3.8. Nous sommes
alors en mesure de préparer des échantillons à n’importe quelles fractions volumiques
ϕ ≤ ϕ0 à l’aide de simples dilutions par pesées. Par contre, pour ce qui est d’obtenir des
échantillons à ϕ > ϕ0 on doit concentrer les échantillons. On procède de la manière
suivante : on introduit une masse connue m0 d’échantillon provenant de la solution
mère dans un tube de centrifugeuse, on centrifuge l’échantillon pendant une dizaine
d’heures à une vitesse de 8500 t r/min afin que toutes les particules aient sédimenté
au fond du récipient. On enlève ensuite délicatement tout en pesant la masse de surna-
geant m⋆ voulue. Si on appelle w f la fraction massique finale désirée (correspondant
à une certaine fraction volumique ϕ f à 20 ◦C), on a les relations suivantes :

w f =
w0m0

m0 −m⋆
avec : m⋆ =
�w f − w0

w f

�

m0 (3.12)

Une fois la quantité de surnageant désirée enlevée, il reste au fond du récipient un
sédiment compact de microgels agglutinés. Pour redisperser au mieux les particules,

15. La fraction volumique d’une suspension de microgels étant dépendante de la température, on
prend pour référence la fraction volumique ϕ0 = ϕ(T = 20 ◦C).



70 3.3. DÉTERMINATION DE LA FRACTION VOLUMIQUE

on introduit au sein du récipient un agitateur magnétique. Afin de faciliter la redis-
persion, l’échantillon est maintenu sous agitation à une température située autour de
T = 25 ◦C pendant près de deux jours. Une fois l’échantillon complètement homogène,
on le dispose dans un réfrigérateur pour éviter l’évaporation du solvant et prévenir une
éventuelle contamination bactérienne.

3.3.2 Changement de la fraction volumique

Une des caractéristiques intéressantes des particules de microgel, est qu’on peut
facilement changer leurs tailles en faisant varier la température de la suspension (cf.
fig. 3.9). Par définition, la fraction volumique de la suspension 16 est donnée par :
ϕ = (4π/3)NpR3/V , ou R est le rayon moyen des particules, V est le volume total de
la solution et Np le nombre de particules. On peut alors se demander si, à une fraction
volumique donnée, les propriétés du système dépendent de R et du rapport Np/V .
En d’autres termes, deux suspensions préparées à une même fraction volumique mais
une obtenue en variant R (en jouant sur la température) et une obtenue en variant
Np/V (en changeant la concentration en nombre 17) ont-elles les mêmes propriétés
(viscosité, dynamique microscopique) ? Une fois que la fraction volumique ϕ0 à 20 ◦C
de la suspension est connue, ainsi que la dépendance en taille des particules vis-à-vis
de la température, la fraction volumique à une température T , ϕ(T ) peut être calculée
à l’aide de la formule suivante :

ϕ(T ) = ϕ0

�

R(T )

R0

�3

(3.13)

où R0 est le rayon des particules à T = 20 ◦C . La gamme de températures dans laquelle
il est raisonnable de travailler est située entre T = 15 ◦C et T = 25 ◦C . En effet en
dessous de T = 15 ◦C , de la condensation qui peut s’avérer gênante pour l’optique, est
susceptible de se former sur la cellule. Au dessus de T = 25 ◦C les interactions entre les
particules peuvent devenir de plus en plus attractives du fait du caractère hydrophobe
du Nipam induisant une déviation au comportement type sphères dures. Entre ces
deux températures, une variation relative conséquente de la fraction volumique peut
être obtenue, typiquement [R(15) ◦C/R(25 ◦C)]3 ≈ 40 %.

La figure 3.14 représente la viscosité relative à différentes températures T , en fonc-
tion de la fraction massique renormalisée par un facteur [R(T )/R0]

3. Ici le recouvre-
ment des données démontre que changer la fraction volumique en faisant varier R
est équivalent à changer la fraction volumique en faisant varier la concentration en
particules (Np/V ). Ce résultat est en accord avec des études précédentes, où il a été
montré que cette relation était valable dans une gamme de fractions volumiques plus
étendue, typiquement jusqu’à ϕ ≈ 0.6, allant même jusqu’à des températures de 29 ◦C
[93, 100, 114]. Nous verrons par la suite que la dynamique et la viscosité de la suspen-
sion à hautes fractions volumiques mesurées pour des échantillons de concentrations
différentes et à différentes températures se recouvrent aussi. Ceci étaye l’argument
comme quoi la dynamique et la viscosité de la suspension ne dépendent pas de R et
Np/V dans les expériences effectuées dans ce travail.

16. Si la suspension est monodisperse.
17. En variant la fraction massique w.
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Figure 3.14 – Viscosité relative en fonction de la fraction massique pour des suspensions de micro-
gels à différentes températures. Les données sont renormalisées par un facteur [R(T )/R0]

3 prenant en
compte la variation de volume des particules. Le recouvrement des données montre que, dans cette
gamme de concentration, les deux méthodes de changement la fraction volumique de la suspension
sont équivalentes (voir texte).

Pression osmotique et fraction volumique

Dans la limite des faibles concentrations, la pression osmotiqueΠ d’une suspension
colloïdale est donnée par la loi de van’t Hoff [115] :

Π = nkbT avec : n=
ϕ

Vp

(3.14)

d’où :
Π =

ϕ

Vp

kbT (3.15)

où n est le nombre de particules par unité de volume. Ainsi, une particule au sein de
la suspension, subira une pression due à la présence des autres particules qui, pour
des particules déformables, aura tendance à comprimer la particule sur elle-même.
On se demande ici, si cette pression osmotique (induite par la simple augmentation
de la concentration en particules) pourrait "écraser" les particules et donc modifier
la fraction volumique de la suspension. Dans le cas où le système ne peut plus être
considéré comme étant dilué, des corrections d’ordres supérieurs en ϕ doivent être
apportées à la loi de van’t Hoff. La formule semi-empirique de Carnahan-Starling [116]
décrit de manière remarquable le comportement de la pression osmotique jusqu’à ϕ ≈
0.5 pour une suspension de sphères dures :

Π =
ϕ

Vp

Z(ϕ)kbT avec : Z(ϕ) =
1+ϕ +ϕ2 −ϕ3

(1−ϕ)3 (3.16)

où Z(ϕ) est appelé le facteur de compressibilité. Typiquement Z(ϕ = 0.5) ≈ 15, en
faisant l’hypothèse que l’équation Carnahan-Starling soit applicable pour une suspen-
sions de microgels, on obtient une pression osmotique Π ≈ 2 Pa à 20 ◦C .
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Figure 3.15 – Rayon en fonction de la pression osmotique imposée, pour des particules de microgel
issues d’un même protocole de synthèse que celles que nous utilisons. La flèche rouge représente la
valeur limite du rayon dans la limite où aucun polymère n’est introduit au sein la suspension (voir
texte). Les effets de la pression osmotique sur la taille des particules sont visibles pour des pressions
osmotiquesΠ ¦ 103 Pa situées bien au-delà des pressions typiques rencontrées dans ce travail (mesures
effectuées par A-M. Philippe et D. Truzzolillo).

Cette pression relativement faible ne doit pas avoir d’effets conséquents sur la taille
des particules. Pour corroborer cette hypothèse, des mesures ont été effectuées au la-
boratoire par A-M. Philippe et D. Truzzolillo sur des particules de microgel issues d’un
même protocole de synthèse que celui utilisé pour les expériences effectuées dans ce
travail. Il s’agit ici de mesurer à l’aide des techniques de diffusion dynamique de la
lumière, la variation de la taille des particules en fonction de la pression osmotique
imposée. Cette pression osmotique est créée en ajoutant plus ou moins de polymères 18

au sein d’une suspension diluée de microgels. Le résultat de cette expérience est repré-
senté sur la figure 3.15. La taille des particules reste inchangée pour des pressions os-
motiquesΠ < 103 Pa en accord avec des études précédentes [117]. Ceci nous conforte
vis-à-vis du fait que la fraction volumique de la suspension n’est pas influencée par ces
effets de pression osmotique.

F 8 f

18. Typiquement du polyéthylène-glycol (PEG) dont la taille est petite comparée à celle des particules.
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Relations entre ϕ et w

De manière générale pour une suspension de Np particules (monodisperses) de
volume Vp, suspendues dans un volume Vs de solvant, la fraction volumique s’écrit :

ϕ =
NpVp

NpVp + Vs

(3.17)

On introduit la masse volumique des particules ρp et du solvant ρs, on a :

ϕ =
Npmp/ρp

Npmp/ρp +ms/ρs

=
1

1+
ρp

ρs

ms

mp

=
1

ρp

ρs

�

ms +mp −mp

mp

� (3.18)

ϕ =
1

ρp

ρs

�

1−ϕm

ϕm

� (3.19)

On exprime maintenant ρp en fonction de la masse de Pnipam dans une particule
mp, Pnipam, la masse volumique du polymère ρPnipam, et du solvant ρH20. On a :

1
ρp

=
VH20 + VPnipam

mp

=

mp

ρH20

�

1− mp, Pnipam

mp

�

mp

+

mp, Pnipam

mp

mp

ρPnipam

mp

(3.20)

=
1− ǫ
ρH20

+
ǫ

ρPnipam

avec : ǫ =
mp, Pnipam

mp

(3.21)

d’où :

ρp =
ρPnipamρH20

ρPnipam + ǫ
!

ρH20 −ρPnipam

� (3.22)

finalement :

ρp =
ρH20

1− ǫ(1− ξ) avec : ξ=
ρH20

ρPnipam

(3.23)

Notons que le résultat est cohérent, si on regarde les cas limites suivants :

ǫ = 1⇔ ρp = ρPnipam, ǫ = 0⇔ ρp = ρH20, ξ= 1⇔ ρp = ρH20.

Cependant la quantité que nous mesurons n’est pas la fraction massique en particules
ϕm mais w qui représente la fraction massique en polymère, w est relié à ϕm via ǫ par :

ϕm =
mp

mp, Pnipam

Npmp, Pnipam

Npmp +mH20

=
w

ǫ
(3.24)
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En utilisant les équations 3.19, 3.23 et 3.24, on montre le résultat désiré :

ϕ =
1

�

ǫ

w
− 1
� 1

1− ǫ (1− ξ) + 1
(3.25)

qui peut s’écrire sous la forme :

ϕ =
w(ǫξ− ǫ + 1)
ǫ(ξw− w+ 1)

≡ ϕt rue (3.26)

Le développement limité de ϕ(w) en w = 0 : ϕk(w) =
w→0
ϕ(0) +ϕ′(0)w+ o(w2), nous

donne finalement :

ϕk =

�

ǫ−1 + ξ− 1
�

w= kw (3.27)

Figure 3.16 – Différence entre la fraction volumique ϕk (cf. eq. 3.27) valable dans l’approximation
w→ 0 et la fraction volumique réelle ϕt rue (cf. eq. 3.26) en fonction de ϕk.
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Abstract

We explore the influence of particle softness and internal structure on both the bulk and

interfacial rheological properties of colloidal suspensions. We probe bulk stresses by

conventional rheology, by measuring the flow curves, shear stress versus strain rate, for

suspensions of soft, deformable microgel particles and suspensions of near hard-sphere-like

silica particles. A similar behaviour is seen for both kinds of particles in suspensions at

concentrations up to the random close packing volume fraction, in agreement with recent

theoretical predictions for sub-micron colloids. Transient interfacial stresses are measured by

analyzing the patterns formed by the interface between the suspensions and their solvent, due

to a generalized Saffman–Taylor hydrodynamic instability. At odds with the bulk behaviour,

we find that microgels and hard particle suspensions exhibit vastly different interfacial stress

properties. We propose that this surprising behaviour results mainly from the difference in

particle internal structure (polymeric network for microgels versus compact solid for the silica

particles), rather than softness alone.

Keywords: colloids, interfacial tension, rheology, viscous fingering, jamming
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1. Introduction

Colloidal suspensions comprise solid particles in the size range

1 nm–10 µm suspended in a background fluid. They are

ubiquitous in everyday life and industrial applications, and

they are intensively studied as model systems in condensed

matter, e.g. for tackling problems such as the glass

transition or crystallization. Colloidal suspensions, even in the

concentrated regime or in the presence of strong interparticle

interactions, are soft systems, in that they are significantly

deformed or even driven from a solid-like to a fluid-like state

by relatively modest external forces. Indeed, how colloidal

systems may respond to an external drive is a key property

in many applications [1], besides being a rich and fascinating

problem per se. Accordingly, there has been a great interest

in the rheological properties of suspensions, both in the linear

regime corresponding to small drives and in the non-linear

regime [2, 3]. The availability of particles in a large variety

of shapes [4–10], with different degrees of softness [2, 11–

13], and with highly tailored interactions (including selective

interactions mediated by DNA [14] or anisotropic interactions

as in patchy colloids [9]) has further spurred studies on the

relationship between the rheological properties of a suspension

and the structure and interactions of its constituents.

In particular, the role of particle softness has been

investigated in several recent works, in part thanks to the

availability of particles with a controlled degree of softness,

e.g. solid particles covered by a polymer layer [2, 15] or

microgel particles formed by cross-linked polymers [11, 16].

There is some consensus that the rheological properties of

small, sub-micron hard particles are governed by thermal

stresses of entropic origin, which sharply increase well before

attaining the random close packing volume fraction, while

the flow properties of jammed packings of large, athermal

and deformable particles are governed by the elastic energy

associated with particle deformation. The behaviour of

0953-8984/15/194103+10$33.00 1 © 2015 IOP Publishing Ltd Printed in the UK
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particles at intermediate size and softness scales, such as

sub-micron PNiPAM microgels, however, is much more

controversial and the nature of the fluid-to-solid transition

(glass transition versus jamming) in these systems is highly

debated [3, 17–19].

Soft matter systems may exhibit intriguing behaviours

ruled by interfacial stresses, as opposed to the bulk stresses

discussed above. For example, recent work has shown that

the addition of colloidal particles at the interface between two

(immiscible) fluids may modify profoundly the mechanical

properties of the interface, by imparting it mechanical rigidity

as in ‘bijels’ [20, 21] or in non-spherical ‘armoured’ bubbles

[22, 23], or by protecting bubbles and drops from coalescence

[24]. Recently, we have explored the role of interfacial stresses

in colloidal systems in what is arguably the most minimalist

experimental configuration: the sharp interface between a

colloidal suspension and its solvent [25]. By investigating

the onset of the Saffman–Taylor instability, a hydrodynamic

instability ruled by the competition between viscosity and

surface tension, in suspensions of PNiPAM microgels exposed

to their solvent, we have shown that interfacial stresses

develop at the suspension-solvent interface. These stresses will

eventually decay at large enough time, because the suspension

and the solvent are fully miscible, so that diffusion-driven

mixing will finally erase any sharp interface. However, on

short enough time scales, these stresses act as an effective

interfacial tension [26–29], as was already pointed out for

the general case of miscible fluids with composition gradients

more than 100 years ago, by mathematician and physicist

D Korteweg.

In [25] we have shown that the effective surface tension

of microgel suspensions can be rationalized in the framework

of Korteweg’s theory for miscible fluids. Here, we present

new data on the effective surface tension between suspensions

of hard, compact silica particles and their solvent. For both

kinds of particles, we measure the bulk rheological properties,

so as to compare the impact of particle structure and softness

on the bulk rheology to that on interfacial stress. We find little

variation of the bulk rheological properties with particle kind,

while microgels and silica particles exhibit vastly different

effective surface tension properties. We discuss this surprising

result in view of available models for both bulk and interfacial

stresses.

2. Sample characterization

2.1. Microgels

The soft particles are poly-N-isopropylacrylamide (PNiPAM)

microgels synthesized by emulsion polymerization according

to the protocol in [16] and suspended in water. PNiPAM

solutions exhibit a lower critical solution temperature (LCST)

close to room temperature, which results in a T dependence of

the microgel size. We characterize the T -dependent particle

size of our microgels by measuring the hydrodynamic radius

Rh with conventional dynamic light scattering (DLS) [30],

using very diluted suspensions (w/w concentration c = 10−5).

Increasing the temperature leads to a gradual decrease of the

particle size: in the temperature range 294.0 K 6 T 6
309.9 K, we find that Rh(T ) is well approximated by the

critical-like function Rh = ε(1 − T/Tc)
β , with Tc = 304.8 K,

ε = 240.85 nm and β = 0.116. All the experiments reported

in this paper have been performed at T = 293.16 K, where the

microgel’s diameter is d = 2Rh = 330 nm.

We perform experiments at several particle concentra-

tions, quantified by the effective volume fraction 8eff = npv,

where np is the number density of colloids and v = πd3/6

the volume of a single particle at infinite dilution. Note that,

because microgels are soft, squeezable particles, the actual

particle volume decreases at very high np, so that samples

with 8eff > 8rcp ≈ 0.64 or even 8eff > 1 may be prepared,

where 8rcp is the random close packing volume fraction of hard

spheres. Experimentally, only the mass fraction c of a suspen-

sion can be directly measured, by weighting a small aliquot

of the sample before and after removing the solvent by evap-

oration. Since the microgels are highly swollen, their mass

density is essentially the same as that of the solvent; conse-

quently, c and 8eff are proportional, 8eff = kc. We determine

the constant k using two independent methods based on the

c dependence of the zero-shear viscosity and of the diffusion

coefficient, respectively.

Viscosity measurements are performed in the range

0.0023 6 c 6 0.0980 using an Anton Paar Lovis 2000 ME

microviscosimeter. Figure 1(a) shows that the zero shear

viscosity η increases linearly with particle concentration, as

predicted the dilute regime by Einstein’s formula:

η/η0 = 1 + 2.58eff = 1 + 2.5kc , (1)

where η0 is the viscosity of the solvent. By fitting η/η0 to

a straight line, we determine k = 20.3 ± 0.6. Note that

the viscosity data are taken for 8eff . 0.02 (see the upper

axis in figure 1(a)), a regime dilute enough for higher order

corrections to (1) to be negligible.

The short-time self diffusion coefficient of the microgels,

DS
S , is obtained by fitting to a simple exponential decay the

initial decay of the intermediate scattering function (ISF)

measured by DLS, g1(τ ) = exp(−DS
Sq2τ ), where q is the

scattering vector [30]. As pointed out in [31], the ISF reflects

the self dynamics only if g1 is measured at a scattering vector

such that S(q, d) = 1, with S(q, d) the static structure factor.

Using the value of d obtained by DLS in the very dilute

limit and the Percus–Yevick approximation of S(q, d) for an

equivalent hard sphere system [32], we fix the scattering angle

at θ = 101 deg, corresponding to q = 24.3 µm−1, such that

S(q, d) ≈ 1 at all concentrations of interest (see inset of

figure 1(b)). Figure 1(b) shows that the normalized short-

time self diffusion coefficient, DS
S/D0, decreases linearly with

particle concentration (here, D0 is the zero-c extrapolation

of DS
S ). We model the c dependence of DS

S/D0 using the

Tokuyama–Oppenheim expression [33, 34]:

DS
S/D0 =

1

1 + H(8eff)
≃ 1 − 1.838eff = 1 − 1.83kc,

(2)

where the approximation holds in dilute limit and H(8eff)

is the hydrodynamic function. By fitting DS
S (c)/D0 to a

straight line, we obtain k = 20.1 ± 0.4. This value is

fully compatible with that obtained by viscosimetry: the

2
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Figure 1. Relative viscosity (panel (a)) and normalized short-time
self diffusion coefficient (panel (b)) of PNiPAM microgel
suspensions at different concentrations c (w/w). The various
symbols and colours are measurements on suspensions prepared
from distinct batches of particles synthesized following the same
protocol. The dashed straight lines are linear fits used to extract k, as
discussed in the text. Inset of (b): static structure factor S(q, d)
calculated using the Percus–Yevick approximation. All DLS
measurements are performed at the q vector indicated by the arrow,
where S(q, d) ≈ 1.

discrepancy between the two methods is less than 1%,

indicating that the combination of these two low-8eff methods

allows us to determine the absolute volume fraction of our

suspensions to within 0.01–0.02 (at most), including at high

8eff . This level of uncertainty is comparable to or better than

that typically reported for colloidal suspensions [35]. In the

following, 8eff is calculated using k = 20.2 ± 0.5, obtained

by averaging the viscosimetry and DLS values of k.

2.2. Silica particles

Silica particles are used as a model system for hard,

undeformable particles with short range, nearly hard-sphere-

like interactions. The particles are Ludox-TM 50 purchased

from Sigma-Aldrich and used without further purification.

The particles are charge-stabilized: to partially screen long

range electrostatic repulsions, we add a monovalent salt,

KCl, adjusting the final salt concentration in all suspensions

to 0.05 M. For very dilute suspensions, the hydrodynamic

diameter measured by DLS is d = 2Rh = 36 nm, the same

value as for salt-free suspensions. This suggests that the salt

concentration is low enough to avoid particle aggregation,

which may occur due to van der Waals interactions when

electrostatic repulsions are only partially screened. Since

rheology and surface tension measurements are performed

at high concentration, we further monitor the suspension

stability in the concentrated regime (c = 0.545 w w−1,

corresponding to 8eff = 0.558 as discussed below). We

measure τα , the relaxation time of the suspension at qd =
0.80, by means of multispeckle DLS, using the apparatus

described in [36], for waiting times ranging from one day

up to one week after preparing the suspension. We find

τα = 4.4 ± 0.1 s independently of sample age, thus confirming

that no significant aggregation occurs up to time scales larger

than those of the experiments discussed here.

As for the microgels, only the mass fraction c of the

silica particle suspensions can be directly measured. The two

methods used to determine 8eff and discussed above, however,

cannot be applied to the silica particles, because electrostatic

repulsions are not fully screened. Indeed, Einstein’s law

(1) holds for particles interacting solely via excluded volume

interactions, while the hydrodynamic function H(8eff) in (2)

cannot be determined without a detailed knowledge of the

actual interparticle potential, which is experimentally difficult

to achieve. We thus use a different approach and determine8eff

by matching the concentration dependence of the viscosity in

concentrated Ludox suspensions (0.4 < 8eff < 0.56) to that of

a reference PMMA (poly(methyl methacrylate)) hard sphere

system [37]. For solid, compact particles, one expects the

effective volume fraction to be related to the mass fraction

c by 8eff = k′cρs/[ρp − c(ρp − ρs)], where ρs and ρp

are the solvent and particle mass density, respectively. The

factor k′ accounts for deviations with respect to hard-sphere

behaviour, due to particle interactions: for hard spheres, 8eff

coincides with the ‘geometrical’ volume fraction npπd3/6,

corresponding to k′ = 1, while in the presence of repulsive

interactions we expect the effective particle volume to be

larger, yielding k′ > 1. Figure 2 shows the result of the

mapping obtained from the known values of the particle and

solvent density, ρp = 2.2 g ml−1 and ρs = 1 g ml−1, and using

k′ = 1.58, corresponding to a particle ‘interaction diameter’

d
3
√

k′ = 42 nm, about 17% larger than the hydrodynamic

diameter in the limit of infinite dilution. With this choice of

k′, a very good agreement is observed between the viscosity

of hard spheres and that of the Ludox suspensions over two

decades in η. To further test the robustness of this procedure,

we measure the 8eff dependence of τα . Figure 2 shows that the

concentration dependence of the microscopic relaxation time

normalized by its c → 0 value is in good agreement with that

of the relative viscosity, which we extend to a broader range of

8eff using a Doolittle fit [37], η/η0 = exp[3φeff/(φeff −φrcp)]

(dotted line in figure 2). Although the exact relation between τα

andη is still debated (see e.g. [35]), no strong deviations from a

simple τα ∼ η scaling are expected in the range of 8eff probed

here. Thus, the agreement between the trend of these two

quantities as a function of effective volume fraction confirms

the soundness of the procedure used to determine 8eff .

3
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Figure 2. Relative viscosity (red full squares) and normalized
microscopic relaxation time measured by DLS (red empty squares)
of Ludox suspensions as a function of the effective volume fraction
8eff . Reference hard-sphere data for the relative viscosity have been
taken from [37] (black full squares) and fitted by the Doolittle
equation (dotted line).

Figure 3. Flow curves: stress versus shear rate under steady shear
for samples with different effective volume fractions. MICROGELS
(Panel (a)): from bottom to top, 8eff = 0.20, 0.27, 0.33, 0.46, 0.55,
0.61, 0.92, and 1.2. LUDOX PARTICLES (Panel (b)): from bottom
to top, 8eff = 0.41, 0.46, 0.540, 0.558, 0.563, 0.573, 0.591, 0.607,
0.621, and 0.632. Data taken from [25], © American Physical
Society.

3. Bulk rheology

Figure 3 shows the flow curves, shear stress σ versus shear

rate γ̇ , for microgels and Ludox suspensions at various

8eff (panel (a) and (b), respectively). The flow curves are

obtained by performing steady rate rheology experiments,

using a cone-plate geometry (cone diameter = 50 mm, cone

angle = 0.0198 rad), except for microgel suspensions in the

range 0.4 < 8eff 6 1.2, for which a 25 mm-plate with a

roughened surface has been used to avoid wall slip. The flow

curves have been measured both by increasing sequentially

the shear rate and by decreasing it, starting from its largest

value. No differences were observed depending on the chosen

protocol. In order to allow for a comparison with previous

works, the data are presented in reduced stress and shear

rate units, the former being normalized by σT = kBT/d3,

the typical stress created by thermal fluctuations, while the

shear rate is expressed in units of the (bare) Peclet number

Pe = γ̇ d2/D0, where d2/D0 is the characteristic time for a

particle to diffuse over a distance equal to its diameter, in the

8eff → 0 regime.

At low volume fractions, for both hard and soft particles

η ∼ γ̇ throughout the whole range of shear rates investigated,

Newtonian behaviour was indicated, as is usually observed

in simple fluids. As 8eff increases, increasingly stronger

deviations with respect to Newtonian flow are observed, until

yield stress behaviour is clearly seen, for 8eff > 0.61

in microgel suspensions and for 8eff > 0.59 in Ludox

suspensions. Such behaviour is quite general; it has predicted

in recent models of complex fluids [17, 38] and has been

observed experimentally for a wide class of suspensions

comprising both soft and hard particles [2, 38, 39]. To

better characterize the flow behaviour, we fit the flow curves

employing various functional forms depending on 8eff . The

fits will be used in section 5 to obtain by extrapolation the shear-

dependent viscosity in the γ̇ regime relevant to the Hele-Shaw

experiments.

For Newtonian fluids, the fitting function is simply

σ(γ̇ ) = ηγ̇ . For samples showing weak shear thinning,

the flow curves have been fitted using a Cross-like equation:

σ(γ̇ ) = η0,s γ̇

1+(P γ̇ )m
, where η0,s is the zero-shear viscosity of the

suspension, 1/P is the characteristic shear rate denoting the

onset of the shear thinning and m the shear thinning exponent

[40]. For intermediate concentrations, right below the onset of

a dynamical yield stress, the shear stress is well described by

a linear combination of two power laws: σ(γ̇ ) = Gγ̇ g + Lγ̇ l .

This functional form has been successfully used to describe the

flow of glassy star polymers in good solvent conditions [41],

a model for ultra soft particles. Finally, for suspensions

showing a yield stress behaviour we use the Herschel–Bulkley

equation [42]: σ(γ̇ ) = σY + λγ̇ β , where σY is the yield stress.

The numerical values of the fitting parameters for all curves

shown in figure 3 are reported as supplementary information

(stacks.iop.org/JPCM/27/194103/mmedia).

Recently, there has been a lively debate on the nature of

the fluid-to-solid transition in amorphous solids [2, 3, 17–19,

39]. In the most general scenario proposed in [3, 17], up

to two distinct transitions may be observed in thermal systems

comprising soft particles: upon increasing 8, a glass transition

is first observed at 8 < 8rcp, signalled by the emergence

of a yield-stress plateau at low γ̇ . The stress scale of this

plateau is that of thermal stress, kBT/d3. Deformable particles

can be further concentrated at volume fractions beyond 8rcp,

where the yield stress σY steeply increases to higher stress

values, ruled by the energetic cost to deform a particle.

Experimentally, it is typically difficult to observe these two

transitions in the same system, because the range of accessible
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Figure 4. (a) Normalized shear stress as a function of 8eff for three
different Peclet numbers in the thermal sector (Pe < 1), for
microgels (empty symbols) and solid particles (solid symbols).
Some of the values reported here have been obtained by
extrapolation using the fitting functions described in the main text.
(b) 8eff dependence of the normalized yield stress for microgels and
Ludox suspensions obtained via Herschel–Bulkley fits.

γ̇ may be too small, or because the particle size and softness

may be such that the two plateaux are not well distinct. Indeed,

in most cases only one transition is seen; as a consequence,

contrasting interpretations have been given to the flow curves

of dense colloidal suspensions, particularly in the case of soft

particles such as PNiPAM microgels [17–19, 39], where both

mechanisms are a priori possible. As pointed out in [3, 17],

it is then important to examine the numerical values of the

stress and γ̇ scales associated with the emergence of yield

stress behaviour. The data of figure 3 belong essentially to the

‘thermal sector’ defined in [3, 17], where Pe . 1 and σY are of

the order of the thermal stress σT . This suggests that the fluid

to solid transition observed here is ruled by glassy behaviour,

not only for the Ludox hard particles, but for the deformable

microgels, in agreement with [39].

To compare in more detail the behaviour of the two kinds

of suspensions, we plot in figure 4(a) the 8eff dependence of σ

for three values of the Peclet number, in the regime Pe << 1.

Two regimes can be distinguished. For σd3/kBT 6 1

the stress shows almost no dependence on the softness

of particles: the normalized stress for silica and microgel

suspensions collapses on the same curve, an unambiguous

evidence that both are dominated by thermal fluctuations. For

σd3/kBT > 1, the athermal contribution to the overall stress

starts emerging: The energy scale dictated by the interparticle

interactions contributes to energy dissipation, producing larger

stresses for the harder particles, i.e. the Ludox. Note that,

because our silica particles are close to hard spheres, for

the Ludox suspensions this regime extends only over a very

limited range of 8eff , close to and below 8rcp. In the region

where σ > σT , a qualitative difference in terms of internal

dynamics and bulk rheology must be expected for particles

interacting via different kinds of potentials. To underline this

last point, figure 4(b) shows the yield stress extrapolated via

the Herschel–Bulkley fits for the two sets of particles in the

very high 8eff regime. The yield stress of Ludox suspensions

rapidly increases as a function of 8eff on approaching 8rcp. For

the microgel suspensions, similar values of σY are attained, but

the growth is much gentler, owing to particle deformability.

We end this section on the bulk rheology by summarizing

the main results: no significant differences are observed in

the behaviour of the two suspensions up to packing fractions

close to 8rcp, because for both systems the particles are

small enough for thermal stresses to fully dominate their

mechanical behaviour. Only at larger 8eff , where particle

contacts are ubiquitous, does the difference in softness play

a major role, as shown by the sharp growth of σY (8eff) for the

Ludox suspensions, to be contrasted with the smooth increase

observed for microgels.

4. Viscous fingering: overview of theory

In order to measure the (transient) surface tension between the

colloidal suspensions and their solvent, we analyze the patterns

formed when pushing the (less viscous) solvent in the (more

viscous) suspensions. As shown in [43] for immiscible fluids,

in the Hele-Shaw geometry where the fluids are confined in the

thin gap between two parallel plates the interface between the

displacing medium and the displaced fluid becomes instable

and develops distinctive finger-like fluctuations. Crucially

to our experiments, the number of fingers in this Saffman–

Taylor instability is directly related to the (effective) interfacial

tension. In this section, we briefly review the formalism

required to retrieve the interfacial tension from the observed

patterns. In the following, we will assume that no mixing

occurs during the interface propagation, which is of course the

case for immiscible fluids, but which applies to miscible fluids

on short enough time scales, as in our experiments.

We focus on a radial geometry, where the more viscous

fluid initially occupies a disk-like volume between the plates

and the displacing fluid is injected through a hole in one of

the plates, centered with respect to the first fluid. No lateral

confinement is imposed to the fluids. At the beginning of the

injection, the interface between the two fluids is stable and has

a circular shape, when observed from above the two plates.

As the instability develops, deviations from a circular shape

are seen, which appear as ‘fingers’ whose number and length

increase with time, see figures 5(a)–(c). The early stages

of the instability are conveniently described by decomposing

in Fourier modes the fluctuations of the interface around

the unperturbed, perfectly circular shape. The experimental

observable is the number of fingers, which has to be related to

the dominant modes in the Fourier analysis. In the last 50 years,

many authors have associated the number of fingers to the

Fourier mode with fastest growth rate [44–49]. This analysis is

5
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Figure 5. Theoretical time evolutions of the fingering patterns (top row) and correspondent Fourier mode amplitudes (bottom row). The
time between successive data sets is 0.1 s. The dots in the bottom row plots indicate the number of fingers visible in the patterns in the top
row. The interface patterns are generated using (3), with the following sets of parameters: (a) and (d) Ŵ = 4 mN m−1, V̇ = 8 · 10−9 m3 s−1,
η1 = 10−3 Pa·s, η2 = 1 Pa·s, |ζn(0)| = 10−8 m. (b) and (e) Ŵ = 4 mN m−1, V̇ = 8 · 10−9 m3 s−1, η1 = 10−3 Pa·s, η2 = 4 Pa·s,
|ζn(0)| = 10−9 m. (c) and (f ) Ŵ = 4 mN m−1, V̇ = 8 · 10−9 m3 s−1, η1 = 10−3 Pa·s, η2 = 6 Pa·s, |ζn(0)| = 10−9 m.

particularly convenient computationally, because an analytical

expression can be derived for nf (t), the order of the mode that

grows faster. However, it was pointed out in [48] that in

radial Hele-Shaw experiments each Fourier mode evolves at a

different time-dependent rate. Thus, the fastest-growing mode

at any given time does not coincide in general with the mode

that has developed the maximum amplitude.

In recent theoretical and experimental studies [25, 50] it

has been proposed that the number of fingers observed at a

given time is well approximated by the order of the mode with

maximum amplitude at that time. In the following, we provide

numerical evidence to support this assumption and calculate an

asymptotic expression for the maximum-amplitude mode from

which the interface tension may be obtained. We start from

the analysis of the Saffman–Taylor instability by Miranda and

Widom [48], where the perturbation around a circular interface

due to the instability is decomposed in Fourier modes of

(complex) amplitude ζn(t). Assuming that the noise giving rise

to the instability is a complex number ζ 0
n , with a random phase

and a n-independent modulus, the time-dependent amplitude

of the n-th mode can be written as [48]:

ζn(t) = ζ 0
n

{[

K(t)
(nA − 1)

n2(n − 1)

nA−1]

exp

[

(nA − 1)

×
(

1

K(t)

n(n2 − 1)

nA − 1
− 1

) ]}

. (3)

Here, A = (η2 − η1)/(η2 + η1) > 0 is the viscosity contrast

between the two fluids, K(t) = [r(t)Q]/(2πβ), where r(t)

is the distance from the center of the cell of the unperturbed

fluid–fluid interface, Q is the area invaded by the injected fluid

per unit time, and β = b2Ŵ/[12(η1 + η2)], with b the cell gap

and Ŵ the interfacial tension between the two fluids. Note that

(3) only holds for nA > 1. In our experiments, the viscosity

contrast is sufficiently large for this inequality to be fulfilled

for n > 2.

We show in the top row of figure 5 a top view of the

theoretical interfaces calculated using equation (3) for three

sets of realistic fluid and geometrical parameters. In each

panel, the interface is plotted at several times after starting

the injection of the less viscous fluid, from t = 10−4 s in

steps of 0.1 s. The bottom row shows the corresponding

temporal evolution of the amplitude of the Fourier modes, as

a function of the mode number. The dots in the bottom-row

plots indicate the number of fingers observed in the patterns

shown in the top row. In the very early stages, the amplitude

of the instability is too small for the number of fingers to

be reliably determined; accordingly, no dots are assigned

to the corresponding curves ζn(t). As soon as the fingers

become visible, their number tracks very well the order of

the mode with maximum amplitude, as shown by the fact

that in most cases the dots correspond to the peak of the

mode amplitude distributions shown in figures 5(d)–(f ), the

maximum deviation being |1n| = 1. This numerical analysis

6
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demonstrates that the number of fingers essentially coincides

with nA, the order of the mode with maximum amplitude. To

make further progress, we need an expression relating nA to

the geometrical and fluid parameters, including the interfacial

tension. Since an analytical expression for nA cannot be found,

we derive in the following a useful expression for this mode in

the limit nA >> 1.

We calculate nA by solving dζn(t)/dn = 0. Using (3),

one finds that nA is the solution to

ζ 0
n

{

(

K
(nA − 1)

n2(n − 1)

nA−1
)

exp

[

(nA − 1)

×
(

1

K

n(n2 − 1)

nA − 1
− 1

) ]}{

A

(

n(n2 − 1)

K(nA − 1)
− 1

)

+
1

K

[

(nA − 1)(3n2 − 1) − nA(n2 − 1)

(nA − 1)

]

+n

(

A

n
−

2(nA − 1)

(n2 − 1)
−

(nA − 1)

n2

)

+A ln

[

K(nA − 1)

n(n2 − 1)

] }

= 0 (4)

The first factor in curly brackets is non-zero for any n > 1.

Hence, (4) is satisfied only if the second factor in curly brackets

vanishes, which, in the asymptotic limit n >> 1, yields

3n2

K
− 3A + A ln

(

KA

n2

)

= 0 . (5)

Equation (5) has two real solutions: nA,1 =
√

KA and

nA,2 =
√

−W
(

−3e−3
)

KA/3, where W(x) is the Lambert

function satisfying x = W(x)eW(x). Note that nA,1 > nf

while nA,2 < nf , where

nf =
√

KA/3 (6)

is the mode with the maximum growth rate as obtained in [48].

A numerical analysis of the problem shows that the number

of fingers grows with time, as confirmed by the experiments

and the simulated interfaces (see e.g. figures 5(b) and (e)).

Thus, at any time the mode with maximum growth rate must

be larger than that with maximum amplitude. It follows that

the first solution, n = nA,1 > nf , is non-physical. The final

expression for the mode with the maximum amplitude is then

nA = αnf , (7)

with α =
√

−W
(

−3e−3
)

≈ 0.422. Together with (6) and the

definitions of K and A (see (3)), equation (7) provides the link

before the experimentally observed number of fingers and the

interface tension.

Before recasting this expression in a way that is more

suitable to analyze the experiments, two comments are in

order. First, although equation (7) has been derived in the

limit n >> 1, we have shown [25] that, for realistic choices of

the fluid and geometrical parameters, equation (7) represents

an excellent approximation to the full solution already for

nA > 2. Thus, in the next section we will identify the number

of fingers observed in experiments with nA as calculated

from equation (7). Second, in the above discussion we have

implicitly assumed that the viscosity contrast is independent

of the rate at which the invading fluid is injected, i.e. that

both fluids are Newtonian. This is clearly not the case for

our colloidal suspensions at large 8eff , as seen in figure 3

(recall that η(γ̇ ) = σ/γ̇ ). To take into account the shear-

thinning behaviour of the suspensions, we use the shear-rate-

dependent viscosity η2(γ̇r) for evaluating the viscosity contrast

A, where γ̇r is the shear rate at the position of the interface.

This choice relies on the assumption that the wavelength of the

perturbation at its onset is not drastically changed by the non-

Newtonian features of the suspension. Numerical work on the

Saffman–Taylor instability in a radial Hele-Shaw geometry

supports this scenario [51, 52], by showing that the non-

Newtonian character of the fluids does not change qualitatively

the instability, but just accelerates (resp., delays) its onset for

shear-thinning (resp., shear thickening) fluids. This choice

is supported by previous works [53, 54] on the Hele-Shaw

instability between immiscible non-Newtonian fluids in a

rectangular geometry, where the dynamics of the fingers was

described by a generalized Darcy law where the Newtonian

viscosity was replaced by the shear rate-dependent viscosity.

Having identified the viscosity of the more viscous

fluid with the shear-rate-dependent viscosity of the colloidal

suspensions, it is convenient to introduce a ‘finger

function’ [25] that, using (6) and (7) and the expressions for

the fluid and geometrical parameters given after (3), is shown

to be proportional to the shear rate at the injection hole, γ̇I ,

with a proportionality coefficient that directly yields the desired

effective interfacial tension:

K∗
exp ≡

b

r

[

3n2
A

α2 − 1
]

[

4r0(η2(γ̇r) − η1)
] =

1

Ŵe

γ̇I . (8)

In (8) all quantities but Ŵe are known or experimentally

measurable: γ̇I = 3Q(2πr0b)−1 (assuming Poiseuille flow),

where r0 is the radius of the injection hole and Qb the imposed

flow rate; nA is obtained by counting the fingers at the onset of

the instability; r =
√

Qbt/π is the radius of the unperturbed

interface at time t ; η1 is the viscosity of the solvent, and

η2(γ̇r) = σfit/γ̇r , where σfit is the fit to the flow curve discussed

in section 3. Finally, the shear rate at the position r of

the interface is evaluated as γ̇r = 4r0γ̇I/r , again assuming

Poiseuille flow. Equation (8) has been shown to quantitatively

capture the behaviour of immiscible, Newtonian fluids [25].

It will be used in the next section to measure the effective

interfacial tension between our colloidal suspensions and their

solvent.

5. Off-equilibrium interfacial tension: experiments

We investigate the 8eff dependence of Ŵe for both microgels

and Ludox suspensions by imaging the viscous fingers in Hele-

Shaw experiments. For a given 8eff , we perform experiments

at various γ̇I, always keeping the injection rate high enough

for diffusion-driven mixing between the injected solvent and

the suspension to be negligible. The Hele-Shaw cell consists

7
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Figure 6. Solvent-suspension interface for PNiPAM microgels and
Ludox suspensions, for various effective volume fractions and shear
rate at the injection point as indicated by the labels. Data taken
from [25], © American Physical Society.

of two square glass plates of side L = 25 mm separated by

spacers fixing the gap atb = 0.5 mm. The cell is first filled with

the suspension to be studied. The less viscous fluid (the same

solvent as that of the suspension, but dyed with 0.5% w w−1

of methylene blue for visualization purposes) is then injected

through a hole in the center of the top plate (r0 = 0.5 mm).

The viscosity of the solvent is η1 = 1.011 mPa s. The injected

volume per unit time, Qb, is controlled via a syringe pump.

Temperature is fixed at T = 293 ± 0.1 K by means of a

Peltier element, with a circular hole of radius 8.5 mm for

optical observation. A fast CMOS (complementary metal

oxide silicon) camera (Phantom v7.3 by Vision Research) run

at 100 to 3000 frames s−1 is used to image the sample during

injection.

Typical images of the interface between the two fluids

are shown in figure 6, where the instabilities are visible for

both water/microgel and water/Ludox suspensions. Further

images of the two-fluid interface instability at different

shear rates are reported in supplementary information

(stacks.iop.org/JPCM/27/194103/mmedia).

The number nA of fingers has been evaluated by counting

the number of flex points along the interface. Such number is

twice the number of the fingers. To improve the accuracy of the

estimate of nA, we measure it for two nearby positions of the

interface: at the experimentally observable onset of the insta-

bility (corresponding to an average distance r ′ of the interface

from the center of the cell) and when the average radius has

grown by 1r = 1 mm. The number of fingers is then calcu-

lated as nA = [nA(r ′)+nA(r ′+1r)]/2; the corresponding value

of the average radius used in the experimental finger function

(8) is r = r ′ + 1r/2. Finally, both nA and r thus obtained

are further averaged over 2 or 3 experiments performed in the

same conditions (same 8eff and injection rate).

Figure 7(a) shows the finger function K∗
e versus the shear

rate at the injection hole for microgel suspensions at selected

volume fractions in the range 0.2 < 8eff < 0.92. The dashed

lines are linear fits to the data, showing that (8) captures very

well the behaviour of both Newtonian and non-Newtonian

suspensions. We emphasize that strong deviations from the

linear scaling K∗
exp ∼ γ̇I would be observed for the high-8eff

Figure 7. (a) Finger function K∗
exp defined in (8) versus the shear

rate at the injection hole, γI , for microgel suspensions with effective
volume fraction in the range 0.2 < 8eff < 0.92 (same symbols as in
figure 4). The dashed lines are linear fits. (b) Scaled finger function
ŴeK

∗
exp for microgel (open symbols) and Ludox (solid symbols)

suspensions at various 8eff (same symbols as in figure 4). The
dashed line is the master curve ŴeK

∗
exp = γ̇I predicted by (8). Data

taken from [25], © American Physical Society.

suspensions if the zero-shear viscosity was used to evaluate

the viscosity contrast, rather than the shear-rate-dependent

viscosity. Thus, figure 7(a) validates a posteriori the choice

made in writing (8). For each 8eff , the effective interfacial

tension is obtained from a linear fit of K∗
exp(γ̇I ). Figure 7(b)

demonstrates that very good fits are obtained for both microgel

and Ludox suspensions, by showing that the law K∗
expŴe = γ̇I

predicted by (8) is very well verified over four decades.

The effective interfacial tension obtained from the fits

shown in figure 7 is plotted as a function of 8eff in figure 8.

The behaviour of Ŵe depends dramatically on the kind of

particles: for microgels, Ŵe increases smoothly and mildly

with increasing volume fraction. For the Ludox suspensions,

by contrast, the effective surface tension is smaller than for the

microgels at low 8eff (see inset), but it increases sharply as

8eff approaches the random close packing fraction, resulting

in a growth of Ŵe by more than three decades over the range of

packing fractions explored in our experiments. Such different

behaviour is reflected in the opposite trends seen in the interface

patterns, figure 6: while for microgels the number of fingers

increases with 8eff , indicating that the destabilizing effect of

the growing viscosity contrast prevails on the stabilizing effect

of interfacial tension, for the Ludox suspension nA decreases

with packing fraction, suggesting that a massive growth of Ŵe

must more than offset the increase of the viscosity contrast.

The behaviour of the microgels has been rationalized

in [25] in terms of the so-called Korteweg, or square-

gradient, model. We briefly recall here the main features

8
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Figure 8. Effective interfacial tension Ŵe between colloidal
suspensions and their solvent as a function of colloid effective
volume fraction. Open symbols: microgels (data from [25]); solid
symbols: Ludox suspensions. The dashed (solid) lines are quadratic
(exponential) fits, as discussed in the text. Inset: same data plotted
in semilogarithmic scale. Data taken from [25], © American
Physical Society.

of the model. As it was already recognized by Korteweg

in 1901 [55], on time scales shorter than that of interface

relaxation due to diffusive mixing, interfacial stresses between

miscible fluids exist, whose effect is akin to that of an effective

interfacial tension. Similar to the theory for immiscible fluids,

Korteweg’s theory relates the effective surface tension Ŵe to the

gradient of composition across the interface. For our colloidal

suspensions, one can write

Ŵe = κ

∞
∫

−∞

(

d8eff

dz

)2

dz ≃
κ

δ
82

eff , (9)

where z is the coordinate orthogonal to the interface and κ

the square-gradient constant. The last approximation holds

for a linear concentration profile that increases from 0 (in the

solvent) to 8eff (the value in the bulk of the suspensions), over

an interface thickness δ.

The dashed line in figure 8 shows that for the microgels

(9) holds over the full range of 8eff . This is a priori very

surprising, since the square-gradient model neglects powers of

d8eff/dz higher than two, which should become important at

high 8eff . As argued in [25], this apparent inconsistency is

removed if one realizes that for the PNiPAM suspensions the

relevant parameter is ϕ, the volume fraction of the monomers

composing the microgels, rather than the effective volume

fraction of the microgel particles. Because the microgels are

highly swollen, 8eff/ϕ ≈ 27.75, so that our experiments are

actually performed in the low-ϕ limit where (9) is expected

to be valid. As a further test of this interpretation, we have

calculated in [25] the square-gradient constant κ by adapting

existing polymer theories [56]. The interface thickness δ can

then be obtained from κ and the prefactor in the quadratic

fit to the experimental Ŵe(8eff) data. The value of δ thus

obtained ranges from 364 nm to 392 nm, comparable to the

average interparticle distance [25], as expected for a sharp

interface, thus supporting this scenario.

For the Ludox suspension, by contrast, the quadratic law

(9) fails to fit the sharp growth of Ŵe versus 8eff . This

is consistent with the above picture, because the Ludox

particles are compact objects, such that a sharp composition

gradient is established across the solvent-suspension interface.

Consequently, higher order terms not included in Korteweg’s

theory are likely to be important. One would still expect (9) to

hold at low enough 8eff ; unfortunately, the viscosity contrast

between diluted Ludox suspensions and their solvent is too low

for this regime to be probed in our Hele-Shaw experiments. In

the range of packing fractions of our experiments, we find

that the interfacial surface tension of Ludox suspensions is

well reproduced by an exponentially diverging law: Ŵe =
a exp(b8eff), with a = 1.9 nN m and b = 35.8 (solid

line in figure 8). Ongoing work in our group focuses on

investigating the physical origin of this empirical law, as well

as its dependence on particle size, internal structure, and

interparticle interactions.

6. Conclusions

We have investigated both bulk and interfacial stresses

in strongly driven colloidal suspensions, focusing on the

analogies and differences between suspensions comprising

particles with different internal structure and interparticle

interactions. We find that the flow curves of soft, deformable

microgels and those of suspensions of hard silica particles are

very similar up to packing fractions 8eff . 8rcp. This suggests

that in our PNiPAM system the fluid-to-solid transition is

driven by the same thermal glass transition as for the hard

particles, and not by an athermal jamming transition. Only at

packing fractions 8eff > 8rcp does the deformability of the

microgels play a role, as revealed by the onset of a different

regime where the yield stress plateau is governed by the

energetic cost to deform a particle, rather than by the thermal

stress.

In striking contrast to the bulk rheology, the behaviour

of the (transient) interfacial stress that arises when a sharp

concentration gradient is imposed between the suspensions

and their solvent, strongly depends on the nature of the

particles. The surface tension of microgels can be rationalized

in the framework of Korteweg’s theory for mild interfacial

concentration gradients, because for microgels the monomer

concentration ϕ thus the interfacial concentration gradient

small even at high 8eff . Moreover, a quantitative analysis [25]

inspired by work on polymer solutions [56] allows one to

determine the square-gradient constant κ , and therefore to

account for the absolute magnitude of Ŵe. This result is based

on the calculation of the free energy cost associated to the

reduction of the degrees of freedom of the polymer chains

near the interface, due to the additional constraint imposed by

the presence of a concentration gradient [56]. Thus, both the

applicability of Korteweg’s theory to PNiPAM suspensions and

the absolute magnitude of Ŵe are ultimately the consequence

of the polymeric nature of the microgels, rather than their

deformability per se. It would be interesting to further test

these ideas by measuring Ŵe for suspensions of soft but non-

polymeric particles, e.g. using emulsions.

9
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Our understanding of interfacial stresses for hard particles

is much less advanced. We find that Ŵe increases exponentially

with 8eff , as opposed to the quadratic growth seen for the

microgels and predicted by Korteweg’s theory. Deviations

from the square-gradient law are not unexpected for systems

exhibiting strong concentration gradients, as is the case for the

sharp interface between the solvent and a dense suspension

of compact particles. However, the origin of the precise

functional form of Ŵe, its magnitude, the influence of the

particle material, softness, and interparticle interactions are

still an open question that we are currently investigating.
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86 4.1. ACQUISITION DES IMAGES

Dans ce chapitre, nous détaillerons les schémas d’acquisitions mis en place afin de
mesurer simultanément la vitesse de sédimentation des particules-sondes, ainsi que la
dynamique microscopique des particules de microgels. Nous discuterons par ailleurs,
la manière d’analyser les fonctions de corrélation dans le cas d’une suspension diluée
et aussi dans le cas concentré. Nous expliciterons aussi la détermination de la position
du pic du facteur de structure. Pour finir, nous introduirons la méthode de mesure des
déplacements d’images qui nous permettra de mesurer la vitesse de sédimentation des
particules-sondes.

4.1 Acquisition des images

" 640 kB ought to be enough for anybody."

— Bill Gates (1981)

Comme nous l’avons vu dans la partie 3.1, l’expérience mise en place concilie
deux sous-montages, un montage dédié à la mesure de la vitesse de sédimentation
des particules-sondes à petits angles, et un autre à grands angles dédié à la mesure
de la dynamique des microgels. Chaque branche requiert des schémas d’acquisitions
d’images différents. Pour la sédimentation, l’acquisition est simple : on enregistre des
images à intervalles de temps réguliers, allant de la fraction de seconde dans le cas
où les particules sédimentent le plus vite, à la dizaine de secondes dans le cas où les
particules sédimentent très lentement. Pour la branche dédiée à la dynamique micro-
scopique, il est nécessaire de pouvoir caractériser la dynamique sur une gamme large
de retards, typiquement : τmin = 10−3 s ® τmax = 105 s de manière à couvrir les re-
laxations rapides pour les échantillons faiblement concentrés (ou la relaxation β pour
les échantillons plus concentrés), jusqu’aux relaxations structurales des échantillons
les plus concentrés. Dans notre cas, la gamme de temps de relaxation est telle que
τmin
α
≈ 10−3 s→ τmax

α
≈ 104 s, cela correspond à couvrir une gamme de retards entre

images de l’ordre de sept décades. Si nous imaginons un schéma d’acquisition à in-
tervalles de temps constants pour les mesures de dynamique, cela impliquerait 1 que
le temps entre images soit égal à τmin et que le retard entre la première image et la
dernière image (c’est-à-dire le temps de l’expérience) soit au moins égal à τmax . Il fau-
drait donc acquérir un nombre d’images N ≈ τmax/τmin ∼ 107 pour couvrir toute la
gamme de retards. Les images sont encodées sur 8 bits et font 640× 160 pixels. Un
petit calcul nous montre que l’espace occupé par une telle acquisition est de l’ordre du
téraoctet, et cela pour une acquisition avec une seule caméra ! Mis à part l’espace sur
disque considérable, cela pose aussi un problème pratique, car à cette vitesse d’acqui-
sition, il est difficile de ne pas sauter des images lors de l’enregistrement. Pour palier
ce problème, une méthode d’acquisition à retards variables a été mise en place et fait
partie du travail de cette thèse. Un article détaillant cette méthode a été publié dans
Journal of Physics : Condensed Matter, ce denier est reporté en annexe. Dans la section
suivante nous nous limiterons à exposer le principe de la méthode.

1. Si on souhaite par exemple, mesurer la dynamique d’un échantillon pour lequel τα ∼ τmax
α

.
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4.1.1 Acquisition à retards variables

Le schéma d’acquisition à retards variables consiste en une sequence de 2N images
qui est répétée de manière cyclique. Chaque cycle est composé de deux sous-séquences
d’acquisitions distinctes. Les images paires sont espacées de manière régulière d’un
temps tp (typiquement tp = 1 s) alors que les images impaires sont espacées d’un re-
tard variable τk vis-à-vis de l’image paire précédente (cf. fig. 4.1). Les retards τk sont
ici choisis de telle manière qu’ils soient régulièrement espacés sur une échelle logarith-
mique et qu’ils couvrent une gamme de retards comprise entre le retard minimum 2

τmin, et le retard tp. On a alors la relation suivante :

τk = τmin × 10k/J avec : k = 0, 1,2, . . . , N − 1 (4.1)

où J est le nombre de retards par décade désirés. Le nombre total d’images par cycle
est lié au rapport tp/τmin et à J , à partir de l’équation 4.1 et la condition τk < tp

on a :

N =
¡

J log10

� tp

τmin

�¤

(4.2)

où ⌈x⌉ désigne la partie entière par excès de x , la durée totale d’un cycle est N tp.
Finalement, les temps d’acquisition des images appartenant au M -ième cycle sont don-
nés par les relations suivantes :

tm = (M − 1)N tp +
m

2
tp avec : m= 0, 2,4, . . . , 2N − 2 (4.3)

tm = (M − 1)N tp +
m− 1

2
tp + 10

m−1
2J τmin avec : m= 1, 3,5, . . . , 2N − 1 (4.4)

où l’équation 4.3 est valable pour les images paires et l’équation 4.4 pour les images
impaires. Sur la figure 4.1 est représenté un cycle typique utilisé ici pour les mesures
de dynamique, avec les paramètres suivants : tp = 1 s, τmin = 15 ms, J = 3.

4.1.2 Synchronisation des acquisitions pour la dynamique et la
sédimentation

En pratique, lors des expériences, l’échantillon est illuminé la plupart du temps
par le faisceau intense destiné aux mesures de dynamique (car ce sont les mesures
de dynamique qui requièrent le plus grand nombre d’images à acquérir dans un laps
de temps donné). Dans cette configuration, l’obturateur Shut1 est fermé (cf. fig. 3.1)
de manière que seulement le faisceau destiné aux mesures de dynamique illumine
l’échantillon. Lorsque une image pour la mesure de sédimentation doit être prise, l’ob-
turateur Shut2 doit se fermer pour bloquer le faisceau dédié à la dynamique (cf. fig.
3.2), puis l’obturateur Shut1 s’ouvre pour laisser passer le faisceau destiné aux me-
sures de sédimentation, et finalement l’image pour la sédimentation est enregistrée.
Pour finir le cycle, l’obturateur Shut1 se referme puis l’obturateur Shut2 se réouvre de
manière à acquérir de nouveau des images sur la branche dédiée à la mesure de la
dynamique.

2. τmin est choisi tel qu’il est typiquement l’inverse du taux d’acquisition maximum possible pour la
caméra, τmin ≈ 5 ms.
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Figure 4.1 – Schéma d’acquisition à retards variables pour un cycle avec les paramètres tp = 1 s,
τmin = 15 ms, J = 3. En haut : retard entre une image impaire et l’image paire précédente en fonction
du temps d’acquisition de l’image paire. En bas : temps d’acquisition, cercles ouverts : images paires,
croix rouges : images impaires (un seul cycle est représenté).

Pour que ces deux cycles puissent fonctionner en même temps, l’idée est d’inter-
caler les acquisitions pour la mesure de la vitesse de sédimentation dans les périodes
de temps où aucune image n’est acquise pour la dynamique, ainsi les deux acquisi-
tions ne se gênent pas mutuellement. Pour ce faire, nous raisonnons de la manière
suivante : une fois que nous avons fixé les trois paramètres tp,τmin, J qui vont défi-
nir le cycle à retards variables pour la dynamique, nous connaissons tous les retards
variables 0 < τk < tp (cf. eq. 4.1). Nous savons alors quel est l’intervalle de temps
minimum entre une image impaire et l’image paire successive, cet intervalle est la
différence entre les temps tp et max(τk), où max(τk) = 10

N−1
J τmin. On choisit alors

d’intercaler l’acquisition pour la sédimentation à un temps [tp − max(τk)]/2 avant
l’acquisition d’une image paire. Ainsi nous sommes sûrs que les deux cycles d’acqui-
sitions peuvent s’intercaler proprement. De manière générale, les temps d’acquisition
pour la sédimentation sont définis par la formule suivante :

tsed = j tp −
tp − 10

N−1
J τmin

2
avec : j = 0, 1,2, . . . , N − 1 (4.5)

Sur la figure 4.2 en bas, sont représentés les instants où les images pour la dynamique
(en rouge) et la sédimentation (en bleu) sont acquises. On voit qu’avec cette méthode
les acquisitions peuvent se faire de manière simultanée sans se gêner l’une par rapport
à l’autre. Nous remarquerons que les obturateurs sont programmés pour s’ouvrir et se
fermer (τshut = 10 ms) avant et après l’acquisition de l’image pour la sédimentation
suivant le schéma d’ouverture et de fermeture détaillé plus haut. Pour ne pas perturber
la prise d’image, on doit avoir la condition suivante : τN−1 < tsed − τshut , ainsi que :
tsed+τshut+τex p < tp, où τex p est le temps d’exposition de la caméra. Ceci est toujours
vérifié dans les expériences mises en place, car on a typiquement : τex p ≈ 2 ms, tsed ≈
850 ms, τN−1 ≈ 700 ms.
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Figure 4.2 – En haut : représentation des retards τk pour 0 < τk < tp suivant l’équation 4.1 (en
rouge) et de l’instant tsed , équation 4.5 avec j = 0 (en bleu). En bas : même schéma que la figure 4.1,
où on a rajouté les instants de l’acquisition des images pour la sédimentation (en bleu).

4.2 Analyse des fonctions de corrélations

Dans cette section, nous discuterons deux méthodes utiles pour analyser les fonc-
tions de corrélation. Premièrement dans un régime dilué pour accéder à des informa-
tions sur la taille moyenne des particules mais aussi sur la polydispersité du système.
Deuxièmement nous détaillerons l’analyse des fonctions de corrélation dans un régime
concentré nous permettant d’accéder au temps de relaxation structurale.

4.2.1 Échantillons dilués

Comme nous l’avons vu dans la section 2.2.1, la fonction d’auto-corrélation du
champ électrique diffusé g1(τ) pour un échantillon dilué monodisperse est simple-
ment g1(τ) = exp(−Dq2τ), où q est la norme du vecteur de diffusion et D le coeffi-
cient de diffusion des particules. En réalité un échantillon est toujours polydisperse,
de sorte que g1(τ) s’écrit comme l’intégrale des contributions sur tous les coefficients
de diffusion des particules en suspension [77] :

g1(q,τ) =

∫ ∞

0

P(q, D)exp
!−q2Dτ
�

dD (4.6)

où P(q, D) est la fonction de densité de probabilité 3 (PDF) normalisée des coefficients
de diffusion pesée par l’intensité, et s’écrit comme :

P(q, D) =
I(q, D)N(D)
∫∞

0
I(q, D)N(D)dD

(4.7)

où N(D)dD représente le nombre de particules dont le coefficient de diffusion est
compris entre D et D + dD, I(q, D) représente l’intensité diffusée par une particule
ayant un coefficient de diffusion D à un q donné. P(q, D) dépend de q car, comme
nous l’avons vu dans la section 2.1.1, l’intensité diffusée dépend du facteur de forme,

3. PDF pour probability density function
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qui dépend de la taille des particules (et donc de D via eq. 1.7). Par souci de clarté,
par la suite on omettra la dépendance en q de P(q, D)≡ P(D) et de g1(q,τ)≡ g1(τ).

Une des méthodes les plus populaires qui permet de mesurer la taille moyenne et
la polydispersité d’un système de particules est la méthode dite des cumulants [118].
Cette méthode consiste en une analyse par un ajustement polynomial du second ordre
du logarithme naturel de g1(τ). En effet, pour un échantillon monodisperse ln[g1(τ)]

décroît avec une pente −Dq2. Pour des échantillons poylidisperses un écart à la li-
néarité est observable sur ln[g1(τ)]. Cet écart est lié à la polydispersité du système.
On montre qu’un développement en série de Taylor en puissances de τ jusqu’à l’ordre
2 de ln[g1(τ)] nous donne le résultat suivant :

ln [g1(τ)] = −Γ1τ+
Γ2

2 !
τ2 + o
!

τ3
�

(4.8)

avec :

Γ1 = Dq2 et Γ2 =
D2 − D

2

D
2 Γ

2
1 (4.9)

où Dn =
∫∞

0
DnP(D)dD est le n-ième moment de la PDF de D. En DLS on appelle

σ2 = Γ2/Γ
2
1 l’indice de polydispersité, cette indice est lié à la variance de la distribution

des coefficients de diffusion pesée par l’intensité P(D) (cf. eq. 4.9). Lors d’une analyse
avec la méthode des cumulants on fait un ajustement de ln[g1(τ)] à l’aide de l’équation
4.8 en laissant en paramètres libres Γ1 et Γ2. Bien qu’en pratique la détermination de
Γ1 (et donc de D) soit assez robuste, il n’en est pas de même pour la détermination Γ2,
qui elle est plus sensible au bruit de la mesure et de l’intervalle de retards τ choisi sur
lequel on ajuste ln[g1(τ)].

Une autre méthode d’ajustement des données avec un aspect intéressant a été pro-
posée par B. J. Frisken [119], cette méthode se base plutôt sur un développement
de g1(τ) en terme de moments autour de la valeur moyenne D et permet d’ajuster
les données sur des intervalles de τ plus grands. En effet, la méthode des cumu-
lants se limite par sa définition mathématique aux petits retards (τ → 0). De plus,
la méthode de B. J. Frisken permet d’ajuster directement g2(τ) − 1, ceci permettant
de s’affranchir des problèmes liés à l’indétermination de ligne de base 4, considéra-
tions absentes de l’analyse cumulants. En écrivant l’égalité suivante : exp(−Dq2τ) =

exp(−Dq2τ)exp[−(D − D)q2τ] et en la remplaçant dans l’équation 4.6, on trouve le
développement suivant pour g1(τ) autour de D :

g1(τ) = exp(−Γ1τ)
�

1+
κ2

2 !
τ2 − κ3

3 !
τ3 + o
!

τ4
�

�

(4.10)

où κn = q2n
∫∞

0
(D−D)nP(D)dD, on notera que κ1 = 0 et κ2 = Γ2. Finalement, on peut

calculer g2(τ)−1 qui est la quantité qu’on mesure directement en DLS, en utilisant la
relation 2.18 et l’équation 4.10 ci-dessus. En se limitant à l’ordre de 2, on a :

g2(τ)− 1= B + Aexp(−2Γ1τ)
�

1+
Γ2

2 !
τ2 + o
!

τ3
�

�2

(4.11)

Cette méthode est essentiellement valable pour des temps τ¦ 1/Γ1 (cf. annexe).

4. La ligne de base des fonctions de corrélation expérimentales n’est jamais exactement nulle.
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Pour déterminer la polydispersité de la suspension de microgels de Pnipam, nous
avons mesuré à θ = 90 ◦ et T = 20 ◦C une centaine de fonctions de corrélation g2(τ)−1
(à l’aide de l’appareil décrit plus haut, cf. sec. 3.1.5) que nous avons ensuite moyennées
pour obtenir la fonction représentée sur la figure 4.3. Pour déterminer Γ2 et Γ1, nous
avons effectué un ajustement à l’aide de l’équation 4.11. L’ajustement ainsi que les
résidus issus de cet ajustement sont représentés sur la figure ci-dessous :

Figure 4.3 – Fonction de corrélation de l’intensité diffusée g2(τ) − 1 (cercles noirs) et ajustement
suivant l’équation 4.11 pour la suspension de microgels à ϕ ≈ 10−4. À gauche : représentation semi-
logarithmique (lin/log), avec résidus de l’ajustement. À droite : représentation semi-logarithmique
(log/lin).

Le résultat de l’ajustement nous donne Γ1 = 623± 10 s−1 et Γ2 = (11.5± 1)× 103 s−2,
finalement la polydispersité est σ = 0.17± 0.05 (cf. eq. 4.9). Au cours de cette thèse,
nous nous sommes interrogés sur la fiabilité de l’analyse par cumulants. Les détails
de cette étude menée sur des données simulées et expérimentales sont explicités dans
l’article accepté pour publication dans Analytical Chemistry et reporté en annexe à la
fin du chapitre.

Au cours de ce travail, nous avons introduit un nouvel indice de polydispersité que
nous avons démontré être plus fiable que σ2, particulièrement pour des échantillons
avec une polydispersité significative (σ > 0.15). Les détails sont donnés dans l’article,
ci-dessous nous exposons uniquement le principe de cette nouvelle méthode.

Un nouvel indice de polydispersité

L’idée est de mesurer un moment différent de la distribution de P(D) que celui
mesuré par la méthode des cumulants. Ce nouveau moment est lié à la moyenne har-
monique Dh de P(D) qui est définie comme Dh = [D−1]−1. La comparaison entre la
moyenne arithmétique D de D et la moyenne harmonique nous renseigne sur la poly-
dispersité de l’échantillon. On notera que dans la limite où l’échantillon est parfaite-
ment monodisperse, la moyenne arithmétique et la moyenne harmonique coïncident.
Tandis qu’en général ces deux moyennes diffèrent d’autant plus que la polydispersité
du système est importante. On montre que la moyenne harmonique est liée à l’aire
sous g1(τ), notée τg1

, cette dernière s’obtient en intégrant g1(τ) par rapport à τ.
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On a l’égalité suivante :

τg1
=

∫ ∞

τ=0

g1(τ)dτ

=

∫ ∞

D=0

P(D)

�∫ ∞

τ=0

e−q2Dτdτ

�

dD

=

∫ ∞

D=0

P(D)
�

1
Dq2

�

dD

τg1
= q−2D−1 =

1
q2Dh

(4.12)

le passage de la première à la deuxième ligne se fait grâce à l’équation 4.6, l’inversion
de l’intégration découle du théorème de Fubini, puis on utilise la définition du mo-
ment d’ordre −1 de P(D) vue plus haut pour obtenir le résultat final. Ainsi, l’aire sous
g1(τ) nous renseigne sur la moyenne harmonique de P(D), on a : Dh = [q

2τg1
]−1. On

introduit alors un nouvel indice de polydispersité β2 défini comme :

β2 = ln

�

D

Dh

�

= ln
!

Γ1τg1

�

(4.13)

La définition ci-dessus est choisie telle que β2 est la variance de ln(D) si la distribution
P(D) est une distribution log-normale définie comme :

P(D) =
1

D
p

2πβ
exp

�

−(ln D−µ)2
2β2

�

(4.14)

Ceci découle d’une propriété de la distribution log-normale, on montre que le n-ième
moment Dn d’une distribution P(D) log-normale est donné par :

Dn = exp
�

nµ+
1
2

n2β2
�

(4.15)

On remarquera la relation entre σ2 et β2 : σ2 = eβ
2 − 1. Dans la limite où β2→ 0 on

a : eβ
2 −1≈ β2 et alors les deux indices de polydispersité coïncident. Le paramètre µ,

appelé parfois paramètre de localisation ou de position, est lié à D et Dh, tel que :

µ=
1
2

ln
!

DDh

�

=
1
2

ln

�

Γ1

τg1
q4

�

(4.16)

On notera que, même si la distribution réelle des particules n’est pas une distribution
log-normale, on pourra toujours s’appuyer sur la notion de distribution log-normale
équivalente pour avoir une intuition de degré de polydispersité de l’échantillon. Il est
intéressant de noter que la distribution log-normale est une distribution qui décrit
une grande variété de systèmes présents dans la nature [120]. Pour déterminer la
distribution log-normale équivalente, nous avons besoin de Γ1, qui est déterminé à
l’aide d’une analyse cumulants (cf. eq. 4.8 ou eq. 4.11). Nous devons aussi calculer
τg1

, l’aire sous g1(τ), notons que cette dernière n’est pas calculée à l’aide d’une simple
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Figure 4.4 – Distributions log-normales équivalentes pour la suspension de microgels. En rouge celle
obtenue à l’aide de l’analyse cumulants. En bleu celle obtenue à partir d’une mesure de l’aire sous g1(τ).

intégrale numérique. En effet, à cause du bruit non négligeable sur la ligne de base, une
méthode plus élaborée a été implémentée, dont les détails sont donnés dans l’article
en annexe. On mesure pour la suspension de microgels à T = 20 ◦C , τg1

= (1.66 ±
0.02) × 10−3 s, ce qui nous donne : β = 0.18 ± 0.04. Notons que la valeur de β est
proche de σ, ce qui est raisonnable dans la mesure où la distribution réelle P(D) des
particules ne doit pas être très différente d’une distribution log-normale et que β2≪ 1.
La valeur de la polydispersité β trouvée est en accord avec le fait qu’on ait supprimé
la cristallisation des échantillons (cf. sec. 3.2.1). De plus, nous faisons remarquer que
des échantillons concentrés disposés depuis plus d’un an n’ont toujours pas montré de
signes extérieurs de cristallisation.

Pour conclure cette partie dédiée à la mesure de la polydispersité des microgels,
nous remarquons qu’il existe différentes techniques pour mesurer la distribution de
tailles d’une assemblée de particules, par exemple les techniques de microscopies élec-
troniques comme la TEM 5. Cette dernière, toutefois, n’est pas utilisable pour les sus-
pensions de microgels, car les échantillons nécessitent d’être hydratés pour conser-
ver leurs formes alors qu’en TEM les échantillons sont placés sous vide : dans ces
conditions l’eau s’évaporerait et les propriétés du microgel s’en trouveraient changées.
Une alternative est l’utilisation d’un microscope électronique à balayage environne-
mental (ESEM 6), permettant la mesure d’un échantillon sous une atmosphère contrô-
lée en humidité. Des mesures ont été effectuées sur des microgels [121], mais ces
mesures restent compliquées à mettre en œuvre, comparées aux mesures de DLS qui
ont l’avantage d’être peu onéreuses et faciles à mettre en place.

5. Transmission Electron Microscopy.
6. Environmental Scanning Electron Microscopy.
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4.2.2 Échantillons concentrés

Concernant les échantillons concentrés, dès lors que le temps de relaxation dé-
passe typiquement la seconde, la dynamique des particules ne peut plus être mesurée
à l’aide d’appareils standards de diffusion de la lumière (cf. sec. 3.1.5). On utilise
alors le dispositif de diffusion de la lumière multispeckles décrit dans la section 3.1.1.
On enregistre le champ speckles diffusé par les particules à l’aide d’une caméra CCD.
Une fois les images enregistrées, nous effectuons une correction visant à supprimer
deux effets indésirables ; un premier effet est dû au bruit électronique du capteur CCD
et un deuxième dû à un éclairement non uniforme de la surface du capteur CCD 7 (cf.
fig. 3.1). On montre que ces corrections n’ont pas d’effets majeurs sur la mesure du
temps de relaxation des fonctions, mais elles permettent de supprimer une éventuelle
ligne de base résiduelle. Une fois ces corrections effectuées, une routine nous permet
de calculer la corrélation entre les images enregistrées afin de déterminer g2(τ) − 1
via l’équation 2.31.

Au fur et à mesure qu’on augmente la fraction volumique en particules, la na-
ture de la dynamique des particules change. Ce changement se reflète sur la forme
de la décroissance de g1(τ). Typiquement une simple décroissance exponentielle dans
un régime dilué, laisse place à une double décroissance dans un gamme de ϕ où le
système est surfondu (typiquement ϕ ¦ 0.6 pour le système étudié ici). En ce qui
concerne la relaxation structurale (relaxation α), celle qui nous intéresse dans ce tra-
vail, on remarque que la décroissance n’est pas décrite par une simple exponentielle.
En effet, cette relaxation est mieux décrite par une exponentielle étirée, appelée en-
core fonction de Kohlrausch-Williams-Watts (KWW) [123, 124], donnée par :

g1(τ) = Ψ exp[− (τ/τα)p] + B (4.17)

où Ψ est la hauteur du plateau qui précède la relaxation finale, p est le coefficient
d’étirement, et B est la valeur de la ligne de base résiduelle. Ce type de relaxation
est présente dans de nombreux systèmes dans la nature, comme par exemple les sys-
tèmes vitreux, dont elle a fait l’objet de beaucoup d’études pour en comprendre son
origine ces dernières années [125, 126, 127]. Plusieurs scénarios sont envisageables
pour comprendre sa signification. L’un d’eux trouverait sa réponse en considérant une
dynamique hétérogène du système. En effet l’équation 4.17 peut être vue comme la ré-
sultante d’une distribution de temps de relaxation [128]. Quoi qu’il en soit, l’équation
4.17 permet de bien ajuster la relaxation finale de g1(τ) pour toutes les fractions volu-
miques étudiées dans ce travail. Sur la figure 4.5 est représentée g1(τ)mesurée au pic
de S(q) pour un échantillon à ϕ ≈ 0.69, qui est un des échantillons les plus concentrés
pour lequel on a mesuré la dynamique microscopique. Nous remarquons la présence
de la fin de la première relaxation (relaxation β), le début de cette dernière étant trop
rapide, elle n’est pas mesurable à l’aide de la technique multipseckles. En rouge est
représenté un ajustement effectué à l’aide de l’équation 4.17. L’intervalle pour l’ajus-
tement est choisi tel qu’on ajuste uniquement la deuxième relaxation, le coefficient
d’étirement ici est p ≈ 0.51 et le temps de relaxation structurale τα ≈ 6000 s.

7. Ces techniques de corrections sont détaillées dans la thèse d’A. Duri [90] et dans la référence
[122].
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Figure 4.5 – Fonction de diffusion intermédiaire g1(τ) pour une suspension de microgels à ϕ ≈ 0.69
(cercles bleus) et ajustement de la relaxation structurale à l’aide d’une exponentielle étirée (cf. eq.
4.17).

4.3 Mesures de la position qm du pic de S(q)

Précédemment, nous avons montré qu’il était essentiel pour l’étude menée ici,
d’être en mesure de déterminer la position du maximum du facteur de structure, afin
de mesurer la dynamique du système dans des conditions telles que q = qm. Il est
aussi intéressant de connaître S(q) autour du pic de manière à pouvoir mesurer la
dynamique self des particules, avec les conditions telles que S(q) ≈ 1 (cf. sec. 2.2.1).
Connaître S(q) nous renseigne aussi sur les interactions entre les particules au sein
du système. Dans cette partie, nous discuterons deux méthodes complémentaires uti-
lisées pour mesurer la position du pic de S(q). Une méthode plutôt classique qui nous
permet de mesurer complètement S(q) à l’aide des techniques de diffusion statique.
Une autre méthode utilisant la mesure de la dynamique des particules à différents
vecteurs de diffusion #»q nous permet aussi de mesurer précisément la position du pic
de S(q).

4.3.1 Mesure du facteur de structure S(q)

Nous avons vu précédemment dans la section 2.1.1, ainsi que dans la section 3.1.3,
que l’intensité diffusée par une suspension à une fraction volumiqueϕ est donnée par :
Iϕ(q) ∝ ϕP(q)S(q). Dans la limite où le système est dilué, l’expression précédente
devient Iϕ0

(q) ∝ ϕ0P(q) (car S(q) ≈ 1). Nous remarquons que si nous préparons
deux échantillons, un échantillon dilué à une fraction volumique ϕ0, et un concentré
à une fraction volumique ϕ, le rapport des intensités diffusées par ces échantillons
vaut :

Iϕ(q)

Iϕ0
(q)
=
ϕ
✟
✟✟P(q)S(q)

ϕ0✟
✟✟P(q)

d’où : S(q) =
ϕ0

ϕ

Iϕ(q)

Iϕ0
(q)

(4.18)
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où la simplification n’est valable que si le facteur de forme des particules reste in-
changé entre le régime dilué et le régime concentré en particules. Pour des microgels
de Pnipam, Stieger et Richtering ont montré qu’il était nécessaire de prendre en compte
une légère variation de P(q) pour mesurer correctement S(q) dans la limite des grands
q, c’est-à-dire pour les données de S(q) situées au-delà du premier pic. En revanche,
ils ont montré qu’en utilisant l’équation 4.18 on mesure correctement S(q) autour de
son maximum [95, 129].

D’un point de vue expérimental, la méthode décrite ci-dessus mérite quelques
considérations supplémentaires. De manière générale, l’intensité diffusée par l’échan-
tillon en diffusion statique de la lumière doit être corrigée par un facteur sin(θ ).
Ce facteur provient du fait que le volume diffusant de l’échantillon varie en fonction
de l’angle θ (cf. fig. 4.6).

Figure 4.6 – Dessin représentant le parcours d’un faisceau lumineux (en rouge) au sein d’un échan-
tillon (en bleu). Sur son trajet, le faisceau est susceptible d’être diffusé par les particules de l’échan-
tillon et par conséquent d’être atténué. Le parallélogramme au centre représente le volume diffusant
de l’échantillon, on voit que ce dernier dépend de l’angle de diffusion θ .

Un autre effet aussi important à prendre en compte est celui d’atténuation du fais-
ceau. Cet effet est dû à un accroissement non négligeable de la turbidité de l’échan-
tillon avec l’augmentation de la fraction volumique. Cet effet est décrit schématique-
ment sur la figure 4.6. En rouge est représentée la marche typique d’un rayon lumineux
lors de l’expérience de diffusion statique. À l’entrée de la cellule, l’intensité du faisceau
incident est égale à I0, à mesure que le rayon chemine jusqu’au volume diffusant, il
est susceptible d’être diffusé 8 par les particules qu’il rencontre. Cette diffusion a pour
effet d’atténuer l’intensité du faisceau, de telle sorte qu’à l’entrée du volume diffusant,
l’intensité n’est plus égale à l’intensité incidente I0. Cette atténuation peut être mo-
délisée par la loi de Beer-Lambert : l’intensité I(z) d’un faisceau d’intensité initiale I0

ayant parcouru une distance z est donnée par I(z) = I0e−z/l , où l est le libre parcours
moyen 9. Ainsi, si d est le diamètre de la cellule, alors sur l’intégralité de son parcours

8. Dans notre cas, l’absorption est négligeable.
9. l correspond à la distance moyenne que parcourt un photon entre deux événements de diffusion

successifs.
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le faisceau aura été atténué d’un facteur ζ = e−d/l . L’intensité diffusée par chaque
échantillon doit donc être corrigée par un facteur ζ−1.

Le protocole expérimental est le suivant : on souhaite mesurer le facteur de struc-
ture d’un échantillon qui a une fraction volumique ϕ. On effectue une dilution de cet
échantillon de façon à obtenir un échantillon dilué à fraction volumique ϕ0 ≈ 10−4 −
10−3, ainsi le rapport ϕ0/ϕ est connu. On place ces échantillons dans deux cellules
type RMN aux dimensions identiques (cf. fig. 3.5), de manière que le chemin optique d
soit le même pour les deux systèmes. On utilise ensuite l’appareil décrit dans la section
3.1.5, pour mesurer les intensités diffusées par les deux suspensions : Iϕ0

(q) et Iϕ(q), à
une température donnée. On règle le laser à une intensité I0 qui sera la même pour les
deux échantillons. On mesure les intensités transmises 10 par l’échantillon concentré :
IϕT = I0e−d/lϕ , et par l’échantillon dilué : Iϕ0

T = I0e−d/lϕ0 à l’aide d’une photo-diode.
On a finalement :

S(q) =
ϕ0

ϕ

Iϕ(q)e
d/lϕ✘✘✘sinθ

Iϕ0
(q)ed/lϕ0✘✘✘sinθ

(4.19)

et donc :

S(q) =
ϕ0

ϕ

Iϕ(q)/I
ϕ

T

Iϕ0
(q)/Iϕ0

T

(4.20)

À l’aide de cette méthode, nous avons mesuré les facteurs de structure pour des sus-
pensions de microgels à différentes fractions volumiques afin de déterminer la position
qm du maximum de S(q). Un facteur de structure d’un échantillon à ϕ = 0.3 est re-
présenté sur la figure 4.7 (cercles bleus). Dans la partie 5.1.1, nous détaillerons de
manière plus approfondie les mesures de S(q) que nous avons effectuées.

4.3.2 Dépendance en q de la dynamique microscopique

Une alternative intéressante pour mesurer la position du pic du facteur de struc-
ture d’une suspension colloïdale est de mesurer la dépendance en fonction de q de
sa dynamique. Nous avons vu, dans la partie 2.2.1, que dans la limite où la suspen-
sion est diluée, g1(τ) est une exponentielle décroissante avec un temps de relaxation :
τα ≡ τ0 = 1/(Dq2) (cf. eq. 2.27). Cependant, à mesure que la fraction volumique
de la suspension augmente, la dépendance du coefficient de diffusion et donc de τα
vis-à-vis de q n’est plus triviale. Elle fait intervenir notamment les interactions hydro-
dynamiques entre les particules [130, 131]. Des études ont montré, pour des supen-
sions de sphères dures colloïdales, que l’allure du coefficient de diffusion vis-à-vis de
q présentaient des oscillations caractéristiques qui suivent celles du facteur de struc-
ture [61, 132, 85, 133]. Nous avons constaté un comportement similaire concernant
la dépendance du temps de relaxation normalisé τα(q)/τ0 vis-à-vis de q pour les sus-
pensions colloïdales de microgels que nous étudions ici. La définition de τ0 mérite
quelques explications, pour faciliter la représentation des données expérimentales, on
s’affranchit de la dépendance en q−2 de τα, en normalisant le temps de relaxation
τα(q) mesuré à un certain vecteur de diffusion #»q , par rapport au temps de relaxation
de la suspension diluée τq

0, à un vecteur #»q équivalent.

10. C’est-à-dire à un angle θ = 0 ◦, afin de déterminer le facteur d’atténuation ζ.
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En pratique, d’un point de vue expérimental, nous mesurons un angle de diffu-
sion θ , lié à q par l’équation 2.4. Pour normaliser les données expérimentales nous
devons connaître le temps de relaxation du système dilué à n’importe-quel angle θ .
Nous avons mesuré le temps de relaxation τ90 ◦

0 , pour un régime dilué en particules,
à θ = 90 ◦ en fonction de la température (cf. fig. 3.10). On peut alors, à partir de la
mesure de τ90 ◦

0 , calculer le temps de relaxation τθ0 d’un échantillon dilué à n’importe-
quel angle θ (vecteur de diffusion), et à une température donnée, en remarquant que
pour un système dilué :

τ90 ◦
0

τθ0
=

�

qθ
q90 ◦

�2

(4.21)

En utilisant l’équation 2.4, on montre que :

τθ0 =
τ90 ◦

0

1− cos(θ )
(4.22)

où ici la dépendance de τ90 ◦
0 en fonction de la température est connue (cf. sec. 3.2.2).

Dans la suite de notre étude, on normalisera toujours les mesures de temps de relaxa-
tion τα faites à un certain q et à une certaine température par le temps de relaxation
équivalent donné par la relation 4.22. Cependant, par souci de clarté on écrira sim-
plement τ0 le temps de relaxation du système dilué à une température donnée et au
vecteur de diffusion correspondant.

Figure 4.7 – Facteur de structure (cercles bleus) et temps de relaxation normalisés (étoiles rouges)
pour une suspension de microgels à ϕ ≈ 0.4. On a reporté la position qm du pic de S(q), et la position
qs représentant la condition nécessaire (S(q)≈ 1) pour sonder la dynamique self des particules.
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Ainsi avec cette manière de normaliser le temps de relaxation, on a dans la limite
des faibles concentrations τα/τ0 ≈ 1, par contre ceci n’est plus vrai dès lors que le
système n’est plus dilué. Sur la figure 4.7 sont représentées les allures de τα/τ0 et du
facteur de structure pour une suspension à ϕ ∼ 0.4. On voit clairement que τα/τ0

suit les oscillations du facteur de structure statique. La dynamique la plus lente, cor-
respondant au temps de relaxation normalisé le plus long, est obtenue pour un vecteur
q = qm, au pic du facteur de structure. Nous savons que, q défini typiquement l’échelle
de longueur sur laquelle l’on sonde le mouvement des particules, ainsi il n’y a aucune
raison que ce comportement soit purement monotone en q dès lors que le système
devient concentré. Ainsi, la mesure du temps de relaxation en q = qm, représente bien
une mesure d’une relaxation structurale du système, puisqu’on mesure typiquement
la dynamique des particules sur une distance caractéristique représentant la structure
dominante du système. On a aussi représenté sur la figure 4.7 le vecteur qs corres-
pondant à S(q) ≈ 1. Dans ces conditions en reprenant l’argument détaillé dans la
section 2.2.1, nous sommes sensibles à la dynamique self des particules, les mesures
de dynamique self seront détaillées dans la section 5.1.4.

4.4 Analyse des déplacements d’images speckles

Dans cette section, nous détaillerons les grandes lignes de la méthode d’analyse
d’images que nous avons implémentée pour mesurer la vitesse de sédimentation des
particules de silice. Cette méthode est inspirée d’une techniques existante, la véloci-
métrie par images de particules 11. Cette dernière est souvent utilisée en mécanique
des fluides pour caractériser les champs de vitesses lors d’un écoulement par l’ajout de
particules traçantes au sein du fluide. Ces techniques sont essentiellement basées sur
les méthodes de corrélation-croisée d’images (cross-correlation). Le but ici recherché,
est de mesurer le déplacement horizontal ∆xm et vertical ∆ym entre une image I et
une image J prises à un retard τ l’une de l’autre. Pour ce faire, on détermine la po-
sition du pic de la corrélation-croisée c(∆x ,∆y) entre les intensités enregistrées sur
les deux images. Soit une image I , qui est l’image initiale prise à un temps t, et une
image J ′, qui est une sous-région de l’image 12 J , prise à un temps t +τ, on définit :

c(∆x ,∆y) =

∑

x ,y

!

I(x ,y)− 〈I∆x ,∆y〉
�!

J ′(x +∆x ,y +∆y)− 〈J ′〉�

�

∑

x ,y

!

I(x ,y)− 〈I∆x ,∆y〉
�2∑

x ,y

!

J ′(x +∆x ,y +∆y)− 〈J ′〉�2
� 1

2

(4.23)

où I(x ,y) est l’intensité enregistrée sur le pixel de position (x ,y) sur l’image I , et
J(x ,y) est le pixel de mêmes coordonnées situé sur l’image J . La somme est effectuée
telle que x +∆x et y +∆y restent dans la taille de l’image initiale. La soustraction
des termes d’intensités moyennes dans le calcul de c(∆x ,∆y) permet de s’affranchir
des problèmes liés à des différences de luminosités entre images. Le dénominateur
dans 4.23 permet de normaliser le coefficient de cross-corrélation de telle sorte que :
−1≤ c(∆x ,∆y)≤ 1.

11. PIV : particles image velocimerty.
12. Ou région d’intérêt : ROI.
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La figure 4.8 représente le coefficient de cross-corrélation c(∆x ,∆y) en fonction
du déplacement ∆x , ∆y . Ce dernier est obtenu à partir de l’analyse de trois images,
issues d’une expérience où l’on enregistre le champs speckles généré par des parti-
cules de silice qui sédimentent dans l’eau (en configuration formation d’image, cf. fig.
3.2). Chaque ligne de la figure correspond à un retard temporel donné, τ = 0, 1,2 s.
Au temps τ = 0 (cross-corrélation de l’image avec elle-même) la position du pic est
centrée en 0, signifiant un déplacement nul entre les images, et la hauteur du pic
est égale à 1, correspondant à une corrélation maximale. Ensuite, l’image initiale est
cross-corrélée avec l’image espacée dans le temps d’un retard τ = 1 s. On remarque
alors que la position du pic s’est déplacée et que la hauteur du pic a décru. On no-
tera que le la position du pic se déplace essentiellement suivant l’axe y correspondant
à un mouvement vertical. Ce mouvement est dû à la sédimentation des diffuseurs.
On verra par la suite qu’il existe aussi un mouvement horizontal des figures de spe-
ckles, mais ce mouvement est en moyenne nul, et ses amplitudes sont généralement
bien plus faibles que le mouvement de sédimentation global des particules.

Nous remarquons une tendance d’évolution du pic de cross-corrélation, son ampli-
tude décroît en fonction du retard τ. Ceci s’explique par le fait que le mouvement de
sédimentation des particules n’est pas un mouvement de "translation pure" au cours
du temps. Il existe en effet, un mouvement relatif qui s’opère entre les particules : ce
mouvement est dû aux interactions hydrodynamiques entre les particules et au mou-
vement brownien. Ces derniers ont pour effet de décorreler la figure de speckles, et
donc d’impliquer une décroissance du pic de cross-corrélation. On remarquera que
dans ces expériences, on désire que le temps de décorrélation soit le plus grand pos-
sible, de manière à pouvoir suivre le déplacement du pic sur des distances de plusieurs
pixels. On peut jouer typiquement sur deux paramètres. La décorrélation causée par
un phénomène de diffusion des particules est typiquement proportionnel à q−2, ainsi
pour augmenter le temps de décorrélation, il faut former l’image speckles en utilisant
que de la lumière diffusée aux plus petits angles possibles. De plus, il convient de tra-
vailler à des fractions volumiques les plus faibles possibles pour limiter au maximum
les interactions hydrodynamiques entre les particules.

On est capable typiquement de mesurer le déplacement du pic sur des distances
de l’ordre d’une vingtaine de pixels (cf. fig. 4.8). Pour les échantillons les plus concen-
trés en particules de microgel, la vitesse de sédimentation est très petite et alors le
pic de cross corrélation ne se déplace que de quelques fractions de pixels par jour.
Pour augmenter la précision des mesures, nous avons implémenté une méthode clas-
sique qui permet de mesurer des déplacements sub-pixel [134]. Il s’agit ici d’ajuster le
pic de cross-corrélation à l’aide d’un paraboloïde convexe d’équation :

c(∆x ,∆y) = a∆x2 + b∆y2 + c∆x∆y + d∆x + e∆y + f (4.24)

Une fois son équation déterminée, les coefficients a, b, c, d, e, f sont connus et la po-
sition du maximum cm du pic de cross-corrélation correspondant au déplacement
(∆xm,∆ym) entre les images est donnée par :

∆xm =
2d b− ce

c2 − 4ab
et ∆ym =

2ae− ce

c2 − 4ab
(4.25)
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Figure 4.8 – À gauche : évolution du pic de cross-corrélation en fonction du retard τ = 0, 1, 2 s pour
des particules de silice sédimentant dans l’eau à 20 ◦C . Le pic se déplace principalement selon l’axe y
(direction verticale). Sa hauteur décroît à mesure que τ augmente (voir texte). À droite : projection sui-
vant le plan (∆xO∆y), la croix représente la position du maximum de cross-correlation cm(∆xm,∆ym),
correspondant au déplacement entre les images. La mesure du déplacement de la position du maximum
en fonction du temps nous renseigne sur la vitesse de sédimentation des particules.
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4.4.1 Mesure des vitesses de déplacements

Détermination du grandissement optique

En mesurant le déplacement entre les images et en connaissant le temps entre
celles-ci, nous pouvons calculer la vitesse de déplacement en unité [pixels/temps].
Pour avoir accès au déplacement en unité SI, il faut connaître le grandissement op-
tique du montage expérimental. Pour le déterminer, nous procédons de la manière
suivante : on déplace à l’aide d’un moteur (auquel on peut imposer une vitesse de dé-
placement vmoteur connue) un bout de verre dépoli placé dans le plan objet du montage
optique (plan correspondant à la positon de l’échantillon sur le montage, cf. fig. 3.2).
On enregistre le champ speckles diffusé par le verre dépoli qui se déplace au cours du
temps, on en tire le facteur de calibration recherché en faisant une comparaison entre
la vitesse mesurée en pixels/s et celle imposée en µm/s.

Nous avons implémenté une méthode qui nous permet de mesurer la vitesse de
déplacement des images speckles au cours du temps. On fait l’acquisition d’une série
de N images prises à retards constants τ. Le film d’images a donc une durée totale
T = Nτ. Pour connaître la vitesse à un temps 13 t, on mesure la cross-corrélation de
l’image numéro n = t/τ avec une série d’images décalées à des temps t + jτ avec
j ∈ N, fixés par l’utilisateur. Une fois les déplacements connus, une régression linéaire
nous permet de mesurer la vitesse de déplacement v en pixels/s. Si nous répétons
ainsi ce schéma pour tous les temps t, on est capable de mesurer la vitesse v(t) de
déplacement au cours du temps des images speckles.

Sur la figure 4.9 sont représentés les résultats d’une expérience où l’on déplace ver-
ticalement un verre dépoli à une vitesse imposée vmoteur = 10± 0.2µm/s. Les images
sont prises à un retard constant τ= 50 ms. Sur la figure 4.9 en haut à gauche sont re-
présentés les déplacements suivant y obtenus pour cinq retards espacés régulièrement
d’un temps 4τ = 200 ms. En effectuant une régression linéaire sur les déplacements
moyennés par morceau et en fonction du temps, on obtient la vitesse v(t) verticale
(en noir) et horizontale (en rouge) au cours du temps (cf. fig. 4.9 en haut à droite).
On notera que la vitesse suivant y est constante au cours du temps et que celle suivant
x est en moyenne nulle, car nous déplaçons le verre dépoli verticalement. La figure 4.9
en bas à gauche représente les déplacements moyennés sur la durée de l’expérience
en fonction du retard τ. Un ajustement (en rouge) du type : ∆y = vτ nous donne la
vitesse moyenne de déplacement recherchée.

On notera que dans ce cas de figure, la vitesse du moteur ne fluctue pas au cours
du temps et il est alors facile d’extraire une vitesse de déplacement. Cependant, dans
le cas où l’on mesure le déplacement de particules qui sédimentent, la vitesse v(t)
mesurée peut fluctuer au cours du temps (cf. fig. 4.10). Une façon alors de calculer la
vitesse est de représenter le déplacement cumulé d en fonction du temps t défini par :

d(t) =

∫ t

0

v(t)dt (4.26)

13. t est obligatoirement un multiple du temps d’acquisition τ.
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Figure 4.9 – Analyse des déplacements d’un bout de verre dépoli placé dans le plan objet du
montage optique. À gauche, En haut : déplacements au cours du temps t pour différents retards,
4τ, 8τ, 12τ, 16τ, 20τ, où τ = 50 ms. En bas : déplacements moyens en fonction du retard τ, ajus-
tement linéaire (en rouge). À droite, En Haut : vitesse horizontale (en rouge) et verticale (en noir) au
cours du temps. En bas : déplacements cumulés suivant les directions verticale (en noir) et horizontale
(en rouge), cf. eq. 4.26 et ajustement linéaire (en bleu).

Sur la figure 4.9 en bas à droite est représenter le déplacement cumulé suivant
les directions horizontale (cercles rouges) et verticale (cercles noirs) en fonction du
temps. Une régression linéaire (ligne bleue) sur d(t) nous donne la vitesse de dépla-
cement du moteur : v = 45.7± 0.1 pixels/s. Le grandissement optique γ du montage
est donné par la relation :

γ=
vδ

vmoteur

(4.27)

où δ = 7.4µm est la dimension latérale d’un pixel de la caméra 14. Finalement on
trouve γ = 33± 0.5. On remarquera la bonne qualité de l’ajustement, impliquant un
bonne précision sur la mesure du grandissement optique 15.

14. Les pixels sont carrés.
15. L’erreur venant essentiellement de l’incertitude sur la vitesse du moteur.
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4.4.2 Vitesse de sédimentation des particules-sondes dans un li-
quide simple

Maintenant que nous savons déterminer le grandissement du montage, nous som-
mes capables de mesurer, à l’aide des mêmes techniques décrites précédemment la
vitesse de sédimentation des particules. Pour valider le principe de la mesure, nous
nous plaçons dans les conditions expérimentales les plus simples possibles. En mesu-
rant par exemple, la vitesse de sédimentation des particules de silice dans de l’eau à
20 ◦C . La vitesse de sédimentation d’une particule sphérique dans la limite des petits
nombres de Reylnolds est donnée par (cf. eq. 1.21) : v0 =

2/9(ρSi
−ρH20)R

2/ηH20.
À l’aide de l’appareil décrit dans la section 3.3 nous avons mesuré à 20 ◦C : ρH20 =

0.998 ± 0.001 g.cm−3 et ηH20 = 1.002 ± 0.004 mPa.s, le rayon des particules de si-
lice est R = 2.30± 0.05µm (cf. sec. 3.2.2). La masse volumique ρSi

= 2.0 g.cm−3 est
quant à elle donnée par le constructeur. Ceci nous donne une vitesse de sédimentation
théorique : v th

0 = 11.5± 0.5µm.s−1.
Sur la figure 4.10 sont représentées les vitesses de déplacements des particules-

sondes de silice à T = 20 ◦C suivant les directions horizontale x et verticale y pour
deux expériences distinctes, effectuées dans les mêmes conditions et sur la même sus-
pension de particules à ϕs = 10−4. On remarque que la vitesse de sédimentation des
particules suivant x est en moyenne nulle. On voit aussi que la vitesse suivant y (vi-
tesse de sédimentation) fluctue autour d’une valeur moyenne. Pour deux expériences
séparées on recouvre le même comportement et des vitesses moyennes du même
ordre. On retiendra la vitesse de sédimentation moyenne v0 = 8.2 ± 1.5µm.s−1, où
l’erreur correspond à l’écart type des fluctuations de la vitesse moyenné sur les deux
expériences.

Figure 4.10 – Vitesses verticales (Vy) et horizontales (Vx) des particules-sondes de silice dans l’eau à
T = 20 ◦C , chaque couleur correspond à une expérience distincte. La vitesse verticale correspond à la
vitesse de sédimentation des particules.
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Ceci nous donne un écart relatif comparé au résultat théorique attendu ∆v0 =

|v th
0 − v0|/v th

0 ≈ 30%. Cet écart ne peut pas s’expliquer par les simples incertitudes
expérimentales, mais doit provenir d’une valeur erronée d’un paramètre physique ca-
ractérisant les particules et/ou le solvant qui intervient dans la formule de Stokes.

Pour vérifier cette hypothèse, nous avons décidé de changer la nature des par-
ticules, mais en gardant le même solvant et les mêmes conditions expérimentales.
On utilise des particules de latex de rayon R = 4.8 ± 0.4µm et de masse volumique
ρlatex = 1.055 g.cm−3. Ceci nous donne une vitesse théorique v th

0 = 2.8± 0.5µm.s−1.
Sur la figure 4.11 chaque couleur représente une expérience distincte. En moyen-
nant sur les quatre expériences, on obtient une vitesse de sédimentation moyenne
v0 = 2.9 ± 0.6µm.s−1 qui, aux incertitudes expérimentales près, est en accord avec
la valeur théorique attendue. Ceci exclut une erreur systématique due par exemple à
une mauvaise calibration du grandissement optique.

Figure 4.11 – Vitesse de sédimentation de particules de latex dans l’eau à T = 20 ◦C et à une fraction
volumique ϕ = 10−4. Chaque couleur représente une expérience distincte.

Il semblerait alors que l’erreur sur la vitesse théorique attendue des particules de
silice vienne du seul paramètre que nous sommes pas en mesure de vérifier expérimen-
talement, la masse volumique de celles-ci, ρSi

. On émet l’hypothèse que les particules
soient poreuses ce qui induirait une diminution de leur masse volumique, compa-
rée à celle de la silice pure. Pour que les données mesurées soient en accord avec
la vitesse théorique attendue la masse volumique des particules de silice devrait être
ρSi
= 1.75 g.cm−3 au lieu de ρSi

= 2 g.cm−3 donnée par le constructeur.
Pour corroborer notre hypothèse, nous avons changé la nature du solvant dans

lequel sédimentent les particules. Nous avons remplacé l’eau par un mélange eau/gly-
cérol dans des proportions 75/25(%V ). Ainsi, on change la masse volumique ρs du
solvant et sa viscosité ηs. On a mesuré ces derniers paramètres à l’aide du même
viscosimètre-densimètre Anton Paar R© utilisé précédemment. On on trouve : ρs =

1.054 g.cm−3 et ηs = 1.860 ± 0.005 mPa.s. On notera que ces valeurs sont en ac-
cords avec les valeurs du mélange eau/glycérol obtenues dans la littérature [135].
En utilisant la valeur de la masse volumique des particules déduite des expériences
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dans l’eau (ρSi
= 1.75 g.cm−3), on obtient une vitesse de sédimentation théorique

v th
0 = 4 ± 0.5µm.s−1. Sur la figure 4.12 est représentée la vitesse de sédimenta-

tion dans le mélange eau/glycérol 75/25(%V ). La vitesse expérimentale obtenue est
v0 = 4.1 ± 0.8µm.s−1. Cette vitesse est en excellent accord avec la vitesse théorique
attendue ce qui confirme la porosité des particules de silice. On notera que dans les ex-
périences faites dans ce travail, nous serons amenés à mesurer la viscosité relative de
suspensions de microgels, donnée par le rapport v0/vϕ des vitesses de sédimentation
dans le solvant pur et dans la suspension. En utilisant les mêmes particules-sondes,
tous les paramètres qui dépendent des particules (rayon, masse volumique) se simpli-
fient et n’interviennent pas dans le résultat final. Néanmoins, il nous a semblé impor-
tant de bien comprendre l’origine de la valeur anormale de la vitesse de sédimentation
des particules de silice.

Figure 4.12 – Vitesse de sédimentation de particule de silice à une fraction volumique ϕs = 10−4,
sédimentant dans un mélange eau/glycérol 75/25(%V ) à T = 20 ◦C .

Nous serons amenés à faire des mesures de vitesses de sédimentation des particules-
sondes au sein d’une suspension plus ou moins concentrée de microgels. Ces mesures
seront faites parfois à des températures différentes de T = 20 ◦C . Ainsi, comme pour
le temps de relaxation τ0 discuté précédemment, il sera important de normaliser la
vitesse de sédimentation par la vitesse dans la limite ϕ→ 0 et à la température équi-
valente. Connaissant la vitesse v20 ◦C ≡ v0 des particules-sondes, en négligeant la va-
riation de la masse volumique du solvant (ce qui est fort raisonnable dans la gamme
de températures où nous travaillons, 15 ◦C ® T ® 25 ◦C). La vitesse de sédimentation
vT

0 dans l’eau à la température T des particules-sondes est donnée par :

vT
0 = v0

η0

η(T )
(4.28)

où η0 est la viscosité de l’eau à 20 ◦C , v0 la vitesse de sédimentation des particules
dans l’eau à 20 ◦C , η(T ) est la viscosité de l’eau à la température T (déterminée à
partir de tables). Dans la suite on notera vT

0 ≡ v0 afin d’alléger la notation.



1 © 2016 IOP Publishing Ltd Printed in the UK

1. Introduction

Since the birth of modern science in the sixteenth century, 

measuring, quantifying and modelling how a system evolves 

in time has been one of the key challenges for physicists. For 

condensed matter systems comprising many particles, the time 

evolution is quanti"ed by comparing system con"gurations at 

different times, or by studying the temporal #uctuations of a 

physical quantity directly related to the particle con"guration. 

An example of the "rst approach is the particle mean squared 

displacement, which quanti"es the average change of particle 

positions, as determined, e.g. in optical or confocal micros-

copy experiments with colloidal particles [1–3]. The second 

method is exempli"ed by dynamic light scattering (DLS) [4], 

which relates the temporal #uctuations of laser light scattered 

by the sample to its microscopic dynamics.

Both approaches require to sample repeatedly the system 

over time, which implies the acquisition of a stream of data. 

Modern scienti"c apparatuses often produce large amounts 

of data: this results in high-rate data #ow, making data han-

dling challenging. Two-dimensional (2D) detectors such as 

CMOS cameras illustrate nicely this challenge. Fast cameras 

that acquire images of several Mbytes at rates often exceeding 

1 kHz are now affordable and increasingly popular in many 

setups, raising the issue of dealing with data #ows of the order 

of Gbytes per second. Two-dimensional detectors are widely 

used in optical or confocal microscopy, e.g. in biology [5], 

in soft matter [2, 3] or in micro#uidics applications [6], but 

also in experiments based on conventional low-magni"cation 

imaging, e.g. for granular systems [7] or in #uid dynamics 

[8]. Moreover, two-dimensional detectors are increasingly 

replacing point-like detectors in techniques such as #uores-

cence imaging [9] or in the multispeckle approach [10] to 

DLS and X-photon correlation spectroscopy [11]. They are 

also at the heart of recently introduced techniques that com-

bine features of scattering and imaging, such as photon cor-

relation imaging [12, 13] or differential dynamic microscopy 

[14] and other digital Fourier microscopy techniques [15].

In this paper, we describe a scheme for acquiring data at 

a low average rate, while still preserving the information on 

the fast dynamics of the system. For the sake of concreteness, 

we will assume that the data are 2D images and illustrate the 

scheme with examples from scattering and microscopy exper-

iments; however, we emphasize that the scheme is quite gen-

eral and may be applied to the acquisition of any kind of data, 

possibly as a function of variables different from time (e.g. 

when sampling some sample property over space). Existing 

acquisition schemes typically consist in sampling the system 
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at a constant rate or, in a more re"ned version, at a rate that 

slowly changes in time to adapt to a possible evolution of the 

system dynamics [16]. The drawback of this approach is two-

fold: "rstly, if the dynamics of interest span several order of 

magnitudes or the system evolution has to be followed over a 

long time, a very large amount of data has to be acquired and 

processed. Secondly, the rate at which a detector can acquire 

data often exceeds the rate at which data can be processed 

or stored for later processing. This is typically the case of 

modern cameras, whose acquisition rate may exceed that at 

which images can be written to a hard disk (HD), sometimes 

even if state-of-the-art solid state devices or arrays of inde-

pendent disks (RAID) are used. Under these conditions, one 

has to reduce the acquisition rate to match the processing or 

storage rate, thereby not fully exploiting the capabilities of 

the detector.

The multitau scheme, "rst proposed in traditional DLS 

[17] and later extended to multispeckle DLS [18] and 

microscopy-based microrheology measurements [19, 20], 

addresses these issues by coarse-graining the data over 

time. Several coarse-graining levels are implemented in 

parallel, allowing one to characterize the system evol-

ution via temporal correlation functions (one per coars-

ening level) that span a large range of time delays with 

a limited number of channels. This method is particularly 

well-suited for processing the data on-the-#y, yielding low-

noise correlation functions thanks to the massive averaging 

associated with coarse-graining. However, the rate at which 

data are acquired and processed decreases with increasing 

coarse-graining level. This makes it impossible to capture 

rapid #uctuations of the dynamics at large time delays, as 

observed, e.g. in the temporally heterogeneous dynamics 

of many glassy systems [21]. Additionally, the multitau 

scheme is based on fast, constant-rate data acquisition, 

which typically makes it impossible to write the data to the 

HD for later additional processing or for checking purposes. 

An alternative method could consist in alternating short 

bursts of fast acquisitions, where the images are transferred 

to a fast memory storage (e.g. the computer RAM or the 

on-board memory of the camera or the frame grabber), with 

long stretches of time where data are acquired at a lower 

rate and written to the HD. During these long stretches of 

time, the RAM data acquired in the previous burst should 

be copied to the HD. The main drawback of such a scheme 

is the uneven distribution of the fast and slow acquisition 

phases over time: if the system dynamics are not stationary 

(e.g. due to aging or dynamical heterogeneity [22]), one 

misses all changes of the fast dynamics in between two 

burst phases.

The method introduced in this work addresses these chal-

lenges by using a variable-delay acquisition scheme. As it will 

be shown, the method deliberately under-samples the data 

with respect to the maximum rate allowed by the detector, so 

as to limit the data #ow rate. However, the scheme is designed 

so as to interlace the fast and slow acquisition phases, so that 

the system dynamics is sampled as uniformly as possible 

in time. The paper is organized as follows: in section  2 we 

introduce the new acquisition scheme and brie#y discuss its 

practical implementation. Section 3 reviews the essential fea-

tures of the DLS, DDM, and particle tracking methods and 

provides details on the experimental samples. The results of 

the light scattering and microscopy experiments are presented 

and discussed in section 4, which is followed by some brief 

conclusions (section 5).

2. Acquisition time scheme

The acquisition scheme consists of a sequence of 2N images 

that is repeated cyclically. Each cycle is formed by two inter-

laced sub-sequences. The even images of the cycle are regu-

larly spaced in time, every tpp seconds (see "gure  1 for an 

example with tpp  =  1 s). The index pp stands for the time ‘per 

pairs’ of images. The odd images are taken at a variable time 

delay τk with respect to the preceding even image. The time 

delay τk increases with k as a power law, such that the τk’s are 

regularly spaced in a logarithmic scale and cover the range 

between a minimum delay τmin and tpp:

τ τ= 10 ,k
k J/

min (1)

with k  =  0, 1, ..., N  −  1 and J the desired number of time 

delays per decade. The total number of images per cycle is dic-

tated by the ratio between the time per pair and the minimum 

delay, and by the number of sub- tpp time delays per decade. 

From equation (1) and the constraint τ < tk pp, one "nds

⎛

⎝
⎜

⎞

⎠
⎟

τ

=N J
t

ceil log ,
pp

10
min

 (2)

where ( )xceil  indicates the smallest integer ⩾ x. Each cycle 

comprises 2N images and lasts N tpp; the acquisition times for 

the images belonging to the M  −  th cycle are

( )= − + = −t M Nt
m
t m N1

2
0, 2, 4, ..., 2 2m pp pp (3)

Figure 1. Acquisition scheme for tpp  =  1 s, J  =  3, τ = 0.015min  s.  
For the sake of clarity, only the "rst cycle is shown. Bottom: 
acquisition times. The open circles correspond to the even images, 
spaced by tpp, the red crosses to the odd images. The cycle contains 
a total of 2N  =  12 images. Top: time delay between an odd image 
and the preceding even image, as a function of the acquisition time 
of the even image.
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( ) τ= − +
−

+ = −
−

t M Nt
m

t m N1
1

2
10 1, 3, 5, ..., 2 1 .m pp pp

m
J
1

2 min

 (4)

One may introduce a ‘compression factor’ ξ de"ned as the 

number of images that would have been acquired in a cycle with 

a traditional constant-delay scheme, divided by the number of 

images acquired over the same period with the variable-delay 

scheme, assuming the same minimum delay τmin in both cases. 

The compression factor is ( ) ( )ξ τ τ= =
−Nt N t/ 2 /2pp ppmin
1

min, 

which can be of order 100 or larger.

As an illustration of the scheme, the bottom panel of 

"gure 1 shows the acquisition times for a cycle of 2N  =  12 

images. The even images (open circles) are spaced by tpp  =  1 s;  

the red crosses indicate the acquisition times for the odd 

images, each of which is delayed by τ with respect to the pre-

ceding image, with   ⩽τ τ= < t0.015 s ppmin , and where J  =  3 

logarithmically spaced sub- tpp delays per decade have been 

used (see top panel).

Usually, τmin is chosen to be the smallest delay compatible 

with the camera speci"cations, i.e. τ1/ min corresponds to the 

maximum frame rate. The average acquisition rate, however, 

is 2/ tpp, which can be set to be much lower than the maximum 

frame rate by choosing τ≫tpp min. This allows for enough time 

for the images to be, e.g. written to a hard disk or processed. 

In the following, we shall refer to any operation performed on 

the images after their acquisition as to ‘processing’. In order 

to decouple the acquisition process (which occurs at a time-

varying rate, up to the maximum rate τ1/ min) from the image 

processing (which needs to be performed at a rate as uniform 

as possible, in order to cope with the hardware limitations), a 

buffering scheme must be used. As soon as they are acquired, 

the images are transferred to a buffer, whose memory space 

is physically located either in the PC RAM or on the frame 

grabber board, if available. This transfer is typically very fast 

and can be easily performed at an instantaneous rate equal 

to or even faster than the maximum camera frame rate. The 

buffer is read and emptied progressively by an image pro-

cessing routine, at an instantaneous rate close to 2/ tpp, the 

average data acquisition rate. In order to implement this buff-

ering scheme, one should write a software with two sepa-

rate yet synchronized threads, one for acquiring the images 

and one for processing them. In the experiments described 

below, we implement the buffering scheme in two different 

ways. For the light scattering experiments, the acquisition 

software is written in Labview FPGA, which has built-in rou-

tines for implementing the buffering scheme via a genuine 

multi-thread mechanism. For the microscopy experiments, we 

use a simple, single-thread software, where both the image 

acquisition and the image processing routines are called from 

the same loop, but the image processing routine is skipped 

when images have to be acquired rapidly (e.g. when the delay 

between consecutive images is equal to or slightly larger than 

τmin), while it is called repeatedly to empty the buffer when 

enough time is available before the next image acquisition. A 

code snippet in Python illustrating this procedure is provided 

as Supplementary Data.

3. Materials and methods

3.1. Multispeckle dynamic light scattering

Dynamic light scattering [4] experiments are performed using 

a setup similar to that described in [23]. The sample is placed 

in a temperature-controlled copper holder and is illuminated 

by a laser beam with in-vacuo wavelength λ = 532.5 nm.  

The scattered light is detected simultaneously by up to four 

CCD cameras (Pulnix TM-6740GE-w, images cropped to 

×640 160 pixels), placed at scattering angles in the range 

  ⩽ ⩽  θ15 deg 75 deg. For each CCD, the intensity correlation 

function ( )τ −g 12  is calculated from a time series of images 

of the scattered light using the multispeckle [10] scheme:

( ) ( )τ τ− =g c t1 , ,I t2 (5)

where the time average is performed on the two-time degree 

of correlation [24]

( )
( ) ( )

( ) ( )
τ

τ

τ

=

+

+
−c t

I t I t

I t I t
, 1 .I

p p p

p p p p

 (6)

Here, Ip(t) is the intensity of the p-th pixel at time t and ⋅ ⋅ ⋅ p 

indicates an average over all CCD pixels, which are associ-

ated to a small solid angle centered around θ. The purpose of 

the time average of equation (5) is to reduce the experimental 

noise; it is performed over the full duration of the experiment 

for stationary samples, or over a short time window of dura-

tion texp for samples whose dynamics evolve in time. When 

averaging over time, care has to be taken in order to extract 

from the variable-delay image sequence the appropriate pairs 

of images separated by a given time lag. The software pro-

vided as Supplemental Data illustrates how this can be accom-

plished. The images are acquired and saved to hard disks using 

the scheme of section 2; they are then processed off-line to 

calculate g2  −  1 according to equations (5) and (6), correcting 

for the CCD electronic noise and the uneven sample illumina-

tion as detailed in [24]. The CCD cameras are triggered by a 

TTL signal, issued from a PICDEM 2 Plus card (by Microchip 

Technology Inc.) programmed using in-house C code, or by a 

National Instrument CompactRIO-9076 card with two TTL 

output C Ni-9402 modules, controlled via a custom Labview 

FPGA code.

Dynamic light scattering data are analyzed using the usual 

DLS formalism for Brownian particles. For a suspension of 

identical, non-interacting spherical particles, g2  −  1 decays at 

a rate dictated by the particle diffusion coef"cient D and the 

scattering vector q [4]:

( ) ( )τ τ− = −g q D1 exp 2 ,2
2 (7)

with π λ θ=
−q n4 sin /21  and n the solvent refractive index. 

In section 4 we will present data for melamine particles with 

diameter 2a  =  1.14 µm (Microparticles GmbH), suspended at 

a volume fraction ϕ = ×
−6 10 5 in a 2/98 w/w water/glycerol  

mixture, with viscosity  η = 290 mPa s−1 at temperature 

T  =  20 °C, and for a suspension of PNiPAM microgels, syn-

thesized following [25], for which the volume fraction, as 

calculated according to the de"nition of [26], is ϕ = 0.97 at 
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T  =  20 °C. The microgel radius (and thus ϕ) changes with 

temperature [25], a property that we will exploit to illustrate 

the data acquisition scheme for a system with non-stationary 

dynamics.

3.2. Microscopy

Two series of images of colloidal suspensions were taken 

under an optical microscope (Leica DM IRB), using the vari-

able delay scheme of section 2 implemented via the single-

thread version of the image acquisition software. The images 

are taken with a CMOS camera (Basler acA2000-340 km, 

image format ×2048 1088 pixels) using a 10x objective, 

such that one pixel corresponds to 0.55 µm in the sample. In 

the "rst series, we study a suspension of small particles (SP 

in the following), comprising polystyrene spheres of radius 

a  =  105 nm (Microparticles GmbH), diluted to ×
−2.5 10 3 w/w  

in a 1 : 1 v/v mixture of H O2  and D O2  that matches the density 

of polystyrene. The second suspension (large particles, LP) 

contains polystyrene particles with 2a  =  1.2 µm (Invitrogen 

Molecular Probes), suspended at a weight fraction 0.005% in 

the same solvent as the SP. Data for the SP have been analyzed 

by DDM, while the dynamics of the LP have been quanti"ed 

by both DDM and particle tracking.

3.2.1. Differential dynamic microscopy. Differential Dynamic 

Microscopy is a recently introduced technique that combines 

features of both microscopy and scattering [14, 15]. The 

dynamics are quanti"ed by a correlation function similar to 

( )τ −g 12  introduced above for DLS (see equation (5)), rather 

by tracking the motion of individual particles. The analysis 

is performed on ˜( )S tq, , the Fourier transform of the 2D sig-

nal ( )S tx,  recorded by the camera, where x is the coordinate 

of an image point, and where the q vector has components 

( )π=q n N l2 /x y x y x y p, , , , with ⩽ ⩽n N0 x y x y, ,  and lp and Nx,y the 

pixel size in the sample and the number of pixels of the "eld of 

view along the x and y directions, respectively. For the sake of 

simplicity and ef"ciency, the images are cropped to a square 

format = =N N 1024x y  pixels. The quantity of interest is

( )

˜( ) ˜( )

˜( ) ˜( )

τ

τ

τ

= −

− +

+ +

c q t

S t S t

S t S t

q q

q q

, , 1

, ,

, ,
,

q

q q

DDM

2

2 2
 (8)

with ⋅ ⋅ ⋅  an azimuthal average over q vectors with the same 

magnitude. Equation (8) is the degree of correlation corresp-

onding to the structure function normally used in DDM 

[15], except for the normalization factor. Note that while 

the contrib ution of static optical noise (due e.g. to dust on 

the microscope optics or the CMOS sensor) cancels out in 

the numerator of the last term of the rhs of (8), it does not 

vanish in the denominator. As a consequence, the degree of 

correlation does not fully decay to 0 at large τ, when the scat-

terers’ con"guration is completely renewed, but rather to a 

"nite baseline. The optical noise varies with q; accordingly, 

the baseline ampl itude is q dependent. It is smallest (≈10−2) 

at intermediate q vectors and increases both at larger q (up to 

a level of ≈0.3) and at small q, reaching 0.9999 at the smallest 

probed scattering vectors. In the following, when presenting 

DDM data we subtract off the baseline and renormalize the 

correlation function such that ( → )τ =c 0 1DDM . As for the 

DLS data, the DDM two-times degree of correlation, equa-

tion (8), is averaged over an appropriate time interval to obtain 

the DDM intensity correlation function

( ) ( )τ τ− =g c q t1 , , ,
t2,DDM DDM
2

 (9)

where the rhs is squared since cDDM corresponds to a "eld cor-

relation function [15], rather than to an intensity correlation 

function.

3.2.2. Far-"eld differential dynamic microscopy. The tradi-

tional DDM correlation function, equation (8), is sensitive to 

any global drift of the sample. A collective drift often arises as 

a consequence of an artifact; for example, for our Brownian 

samples a spurious drift motion is sometimes observed, most 

likely due to convection induced by the sample illumination. 

It is therefore interesting to use a DDM correlation function 

that is insensitive to drift. A simple choice inspired by light 

scattering and proposed by Buzzaccaro et al [27] is

( )

˜( ) ˜( )

˜( ) ˜( )

τ

τ

τ

=

+

+

−−c q t

S t S t

S t S t

q q

q q

, ,

, ,

, ,
1

q

q q

FF DDM

2

2 2
 (10)

and the associated time-averaged function

( ) ( )τ τ− =
− −

g c q t1 , , .t2,FF DDM FF DDM (11)

The subscript FF-DDM stands for far-"eld DDM, since in 

equation  (10) the correlation function is calculated on the 

square of the Fourier transform of S, which corresponds to 

the far-"eld intensity distribution that would be observed in 

a light scattering experiment. The expression above is inde-

pendent of the phase of S̃: this makes it insensitive to any 

global drift, except for the decorrelation arising from the fact 

that, due to drift, some particles may leave the "eld of view 

and be replaced by incoming particles, whose position will 

in general be totally uncorrelated with respect to that of the 

scatterers leaving the "eld of view. This loss of correlation is 

of course negligible if the drift is much smaller with respect 

to the "eld of view, which is the case in our experiments. 

Finally, we note that optical noise affects the FF-DDM degree 

of correlation, similarly to the case of the quantity introduced 

in equation (8). We therefore subtract off the data the large-τ 

baseline, whose amplitude is comparable to that discussed 

above for DDM .

3.2.3. Particle tracking. The series of microscope images 

acquired for the large colloids was also analyzed by tracking 

the motion of the particles, in order to extract the mean square 

displacement from real-space measurements. The Python 

trackpy package [28] was used; by applying "lters on the par-

ticle shape and size, particles out of focus were rejected. All 

particle trajectories lasting less than 50 s (because the par-

ticles left the "eld of view or the focal plane) were discarded. 
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For each τ, the 2D mean squared displacement is obtained by 

averaging over at least ∼N 1000t  trajectories:

( ) [ ( ) ( )]∑τ τ τ∆ = ∆ +∆
−

=

r N x t y t, , ,t

i

N

i i

t

2 1

1

2 2
t

 (12)

with ( )τ∆x t,i , ( )τ∆y t,i  the x and y components of the particle 

displacement between times t and τ+t  for the i  −  th trajec-

tory. When calculating r2<∆ >, we reject the contribution of 

drift motion: for each pairs of frames, the average particle dis-

placement is subtracted off, so that ∑ ∆ = ∑ ∆ =
= =

x y 0
i
N

i i
N

i1 1
t t .

4. Results and discussion

Figure 2 illustrates an application of the variable-delay acqui-

sition scheme to a DLS experiment. The intensity correlation 

functions have been obtained from data collected simultane-

ously at scattering angles θ = 15, 30, 48, and 75 deg, for a 

diluted suspension of melamine particles. At each angle, 960 

images have been acquired using the following parameters: 

tpp  =  1 s, τ =
−10min
2 s and J  =  3 points per decade. The 

resulting average data acquisition rate is ×8 105 bytes s−1, a 

factor ξ = 50 less than what it would have been by acquiring 

the images at a constant rate τ =
− 100min
1  Hz. The solid sym-

bols correspond to sub- tpp delays that are obtained from pairs 

of consecutive even and odd images. The semi-"lled symbols 

correspond to integer multiples of tpp: they are obtained from 

pairs of even images. (Only some selected time delays mul-

tiple of tpp are shown in "gure 2). The inset of "gure 2 shows 

the same data as in the main "gure, re-plotted versus the scaled 

time τDq2 . The open circles are additional data for a diluted 

suspension of melamine particles with 2a  =  1.6 µm, also 

acquired using the variable-delay scheme. All data collapse 

on a master curve that follows the correlation function mea-

sured for the 1.6 µm melamine beads with a commercial DLS 

apparatus (Brookhaven AT2000, red line). Since any deviation 

from the prescribed temporal acquisition scheme would result 

in an artifactual change of g2  −  1, the collapse shown in the 

inset of "gure 2 demonstrates that the variable-delay acquisi-

tion and buffering scheme works correctly.

One advantage of the scheme proposed in this work is to 

cover a wide range of delay times without alternating between 

series of images taken at a fast and slow rate, which makes it 

suitable for system whose dynamics evolve in time. An example 

is given in "gure 3, where we show data obtained by multi-

speckle DLS for a suspension of thermosensitive PNiPAM 

microgels. The acquisition parameters used in this experiment 

are the same as for those in "gure 2. Figure 3(a) shows the time 

evolution of the degree of correlation ( )τc t,I  for three time 

delays τ, as shown by the label. As a general trend, cI increases 

with time, a behavior typical of systems whose dynamics slow 

down [24]. Here, the slowing down of the dynamics is due 

to a change of the volume fraction: throughout the experi-

ment, T decreases at a constant rate ≈ ×
−Ṫ 3.7 10
4 °C s−1,  

Figure 2. Main plot: intensity correlation functions measured 
simultaneously at four scattering angles θ by multispekle DLS, for a  
diluted suspension of melamine particles with diameter 2a  =  1.14 µm.  
The solid symbols are the sub- tpp delays, the semi-"lled symbols 
are integer multiples of tpp. For the latter, g2  −  1 is plotted only 
for selected delays, to avoid overcrowding the plot. Inset: g2  −  1 
versus time rescaled by Dq2 for the same data as in the main 
"gure (same symbols), and for a diluted suspension of melamine 
particles with 2a  =  1.6 µm (open circles). The line is g2  −  1 for 
the 1.6 µm particles as measured by conventional DLS, under the 
same conditions as for the multispeckle experiment. See the text 
for the details on the acquisition scheme used in the multispeckle 
measurements.

Figure 3. a): time evolution of the degree of correlation cI, 
equation (6), for 3 selected delays, as indicated by the label. Data 
are obtained from multispeckle DLS measurements at θ = 46 deg 
for a suspension of PNiPAM microgels whose volume fraction 
slowly increases during the measurements (see text for details). 
Inset: zoom of the data showing that the dynamics are stationary 
over a short t interval. b): g2  −  1 obtained by averaging ( )τc t,I  
over a time window of 100 s, for various starting times after the 
beginning of the experiment, as indicated by the label. Filled and 
semi-solid symbols correspond to sub- tpp and integer multiples of 
tpp, respectively. For the latter, g2  −  1 is plotted only for selected 
delays.
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which results in a growth of the microgel size and thus  

of their volume fraction, from ϕ≈ 0.65 at t  =  0 to ϕ≈ 0.97 at 

=t 21 000 s. Thanks to the variable delay scheme, it is possible 

to follow the evolution of the dynamics with a good temporal 

resolution: for the two sub- tpp delays shown in "gure 3(a), 

( )τc t,I  can be calculated once per cycle (every 6 s), while 

for τ = 1 s data are available every tpp  =  1 s. Such detailed 

information is useful since any local deviation with respect 

to the general trend may reveal an experimental problem, or 

simply because the rate of change of the dynamics may not 

be known beforehand, thus making it impossible to optimize  

the acquisition parameters a priori. Detailed knowledge of the  

time evolution of cI provides also guidance for choosing  

the time window texp over which the data may be averaged in 

order to calculate g2  −  1. Figure 3(a) shows that the growth of 

cI is steepest around t  =  7000 s. Accordingly, texp should be 

small enough for cI not to change signi"cantly in the worst-

case scenario, i.e. for τ = 1 s and around t  =  7000 s. The inset 

of "gure 3(a) shows that =t 100exp  s satis"es this criterion: 

we therefore average cI over such a time window in order to 

reduce the experimental noise without loosing information 

on the evolution of the dynamics. Figure 3(b) shows g2  −  1 

thus obtained for selected values of t. As t grows, the volume 

fraction of the suspension increases due to the swelling of the 

microgels and the decay of g2  −  1 shifts to longer times, while 

the shape of the correlation function changes from a single 

mode relaxation to a two-step decay, a behavior typical of 

dense colloidal suspensions [29]. These changes are very well 

captured by using the variable-delay scheme, which allows to 

measure ef"ciently g2  −  1 over 6 orders of magnitude in τ.

As an example of the variable-delay scheme applied to 

microscopy experiment, "gure  4 shows representative cor-

relation functions obtained by conventional DDM for the 

SP sample. The experimental parameters are tpp  =  0.5 s, 

τ = ×
−4 10min
3 s and J  =  5 points per decade, corresponding 

to a compression factor ξ = 62.5. The data are very well "tted 

by an exponential decay, ( ) ( )τ τ τ− = −g 1 exp / r2  (lines). The 

inset shows the relaxation time τr extracted from the "t as 

a function of q vector. The line is a power law "t to ( )τ qr , 

yielding an exponent − ±2.01 0.01, fully consistent with the 

q−2 scaling expected for a diffusive process [4]. Both the 

shape of g2  −  1 and the q dependence of the relaxation time 

are in excellent agreement with those expected for Brownian 

particles: this demonstrates that the variable-delay scheme 

works correctly and that the simple single-thread implementa-

tion used here is a viable alternative to a more complex multi-

thread acquisition software.

For the SP sample, the particles are too small to be directly 

visualized by microscopy: accordingly, direct space tech-

niques cannot be applied to them. By contrast, the data for 

the LP sample can be analyzed both by tracking the particle 

trajectories and by DDM. The main plot of "gure  5 shows  

<∆ >r2  obtained by tracking the particles in a series of 

images taken with the variable-delay method, with parameters 

tpp  =  0.5 s, τ = ×
−5 10min
3 s and J  =  5 points per decade. 

At large τ, r2<∆ > scales with τ, as expected for Brownian 

motion, whereas at low τ the mean square displacement tends 

to a constant value. This behavior is due to the uncertainty in 

the particle position as determined by the tracking algorithm 

[1]. To account for the tracking errors, we "t the data with the 

af"ne law r Dt4 42 2
ε<∆ >= + , where ε is the rms tracking 

error on each coordinate and the "rst term on the rhs accounts 

for 2D diffusive motion. As shown by the red line, the data are 

very well "tted by this expression, with D  =  0.122 µm2s−1 

and and error ε = 0.12 µm (corresponding to 0.2 pixel) 

comparable to that typically achievable by low-magni"ca-

tion optical microscopy [2]. The inset of "gure 5 shows the 

results of a DDM analysis of the same series of images. At 

large q, the relaxation time obtained from an exponential "t 

of the conventional DDM correlation function, (equations (8) 

and (9), open red circles), follows the expected q−2 scaling. 

However, at small q τr strongly deviates from this behavior, 

since the relaxation time is increasingly lower than expected 

as q decreases. A plausible explanation of these observations 

is that the particles undergo collective drift motion, in addition 

to Brownian diffusion. A possible source of drift is convective 

Figure 4. Representative correlation functions obtained by 
differential dynamic microscopy for the SP sample. The data 
(symbols) are labelled by the corresponding scattering vector, the 
lines are exponential "ts to the decay of g2  −  1. The amplitude 
of the baseline that has been subtracted (from the smallest to the 
largest q) is 0.848, 0.037, 0.015, 0.071. Inset: relaxation time 
extracted from the "ts, as a function of q. The line is a power law "t 
to the data, yielding an exponent − ±2.01 0.01.

Figure 5. Mean squared displacement for the LP sample, calculated 
from the particle trajectories obtained by video microscopy. The 
deviation from a linear behavior at small τ is due to the noise of the 
tracking algorithm. Inset: Relaxation time versus q issued from a 
conventional DDM (open symbols) or far "eld-DDM analysis of the 
same series of images as in the main panel. The line is the expected 
behavior for Brownian particles with the same D as in the main 
panel.
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motion triggered by heating due to sample illumination. Note 

that collective drift is corrected for by the particle tracking 

algorithm (see section 3.2.3). This explains why no deviations 

from diffusive motion are observed in the main plot at large 

values of r2<∆ >, which correspond to the small q regime 

of the inset. We apply the FF-DDM algorithm, equations (10) 

and (11), to the same series of images: the relaxation time thus 

obtained (solid black circles in the inset of "gure 5 follows 

the expected diffusive behavior, with no roll-off at small q. 

Moreover, the data are in good agreement with the red line, 

which shows the behavior expected for diffusive motion with 

the same diffusion coef"cient as that obtained from the "t of 

r2<∆ >. We thus conclude that the variable-delay scheme 

once again works correctly and that the far-"eld DDM method 

is effective in suppressing spurious contributions due to a 

global drift of the particles.

5. Conclusions

We have introduced a variable-delay temporal scheme that 

allows data to be acquired at a low average rate, while still 

sampling the dynamics over a wide range of characteristic 

times, including times much shorter than the inverse average 

acquisition rate. This scheme has been demonstrated in light 

scattering and microscopy experiments on colloidal suspen-

sions, where the setups comprise one or more CCD or CMOS 

cameras that generate large data #ows. In analyzing the 

microscopy data, we have validated far-"eld DDM, a variant 

[27] of the recently introduced DDM method, which allows 

one to reject the contribution of a global drift to the measured 

dynamics, e.g. as due to convective motion, slight sample 

evaporation, or setup vibrations.

Since the acquisition scheme proposed in this paper under-

samples the system, it leads in principle to poorer average 

than that theoretically achievable if data were acquired at the 

maximum rate. However, this loss of information is more than 

offset by the ease of coping with a reduced average data #ow 

rate. This is a valuable feature when large amounts of data are 

generated, as for the 2D detectors in our DLS and microscopy 

experiments. Another potential application is the processing 

of relatively small data streams, but with low-cost, low-perfor-

mance hardware, e.g. based on an Arduino card and a single-

board computer such as the Rasberry Pi, or a mobile app run 

on a smartphone. Setups based on similar hardware are now 

seen as a valuable alternative to more costly, traditional instru-

ments, e.g. for educational purposes or for developing coun-

tries [30].
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Abstract

We introduce a new estimator of particle
size polydispersity for dynamic light scattering
data, which quantifies the relative width of the
intensity-weighted distribution of diffusion co-
efficients. Simulated dynamic light scattering
data are analyzed in order to: i) compare the
accuracy and precision of the new polydisper-
sity indicator to polydispersity measurements
from standard cumulant and moment analysis
(MA) fits; ii) establish for each method the op-
timum data range for fitting. While MA is
preferable at low polydispersity, the new esti-
mator is the most accurate and precise one at
intermediate and large polydispersity. Finally,
we successfully apply the method proposed here
to real data from colloidal particles, microgels
and polymer solutions.

Introduction

Dynamic Light Scattering (DLS) is a popu-
lar technique for particle sizing.1 The method
is based on the measurement of the (size-
dependent) diffusion coefficient D of particles
suspended in a solvent and undergoing Brown-
ian motion. It is routinely applied to charac-
terize colloidal particles, emulsion drops, poly-
mers, microgels, and surfactant aggregates (mi-
celles), among others. Currently, there is a

strong interest in determining not only the av-
erage diffusion coefficient (or average particle
size R), but also the distribution of D or R,
e.g. in response to new regulations on nano-
objects both in the US and in Europe. While
methods are available to retrieve the full prob-
ability distribution function (PDF) of D,2 they
are based on an inverse Laplace transformation
that is notoriously delicate to implement and
very sensitive to data noise. A simpler approach
is the cumulant method,3 that quantifies sam-
ple polydispersity via the polydispersity index
(PI) σ2, the square of the standard deviation
σD of the (intensity-weighted) PDF of D nor-
malized by the average diffusion coefficient.
Unfortunately, the cumulant method comes

with some limitations. It is based on approxi-
mations that only hold for distributions of D
with small polydispersity, and for the initial
decay of the correlation function measured by
DLS. Accordingly, it requires care in the choice
of the fitting interval and the range of systems
to which it can be applied is limited.4 A vari-
ant of the method, proposed by B. Frisken,5 is
more robust. However, a very recent investiga-
tion of simulated DLS data has shown that the
PI obtained both via the traditional cumulant
analysis and that proposed in 5 increasingly de-
parts from the true value as σD increases.6

In this article, we introduce a new polydis-
persity index β2, based on the comparison be-
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tween the arithmetic and the harmonic mean
of D. We analyze both computer-generated
and real DLS data, showing that β2 performs
equally well over a large range of polydisper-
sity, 0.15 ≤ σD ≤ 2.5, and is significantly more
accurate and precise than σ2 for polydisperse
samples, σD > 0.6. Finally, we provide a sim-
ple physical interpretation of β2 as the variance
of an “equivalent” log-normal D distribution,7

indicative of the actual PDF.

Theory

In a DLS experiment, one measures the tempo-
ral autocorrelation of the scattered intensity:

g2(q, t) =
〈I(q, t′)I(q, t′ + t)〉

〈I(q, t′)〉2
, (1)

where I(q, t′) is the scattered intensity
measured at a scattering vector q =
4πnrλ

−1 sin(θ/2), with nr the solvent refractive
index, λ the in-vacuo wave length of the laser
source, θ the scattering angle, and where< ··· >
indicates an average over the duration Texp of
the experiment. Theoretical modelling involves
the autocorrelation function of the electric field
E, g1(q, t) =< E(q, t′)E∗(q, t′ + t) > /< I >,
which is related to g2 by the Siegert relation1

g2(q, t)− 1 = Ag21(q, t) , (2)

with A ≤ 1 an instrumental constant.1 For a
suspension of identical, non-interacting Brown-
ian spheres, g1 decays exponentially:

g1(q, t) = exp
(
−q2Dt

)
. (3)

Particle sizing is performed by extracting D
from a fit of g2 and by applying the Stokes-
Einstein relation

D =
kBT

6πηRh

, (4)

with kB Boltzmann’s constant, T the absolute
temperature, η the solvent viscosity and Rh the
desired particle hydrodynamic radius.
For polydisperse samples, Eq. 3 is generalized

to

g1(q, t) =

∫
∞

0

P (q,D) exp
(
−q2Dt

)
dD , (5)

with P (q,D) the intensity-weighted probability
distribution function of the diffusion coefficient:

P (q,D) =
I(q,D)N(D)∫

∞

0
I(q,D)N(D)dD

, (6)

where N(D)dD and I(q,D) are the number
density and the scattered intensity of parti-
cles with diffusion coefficient between D and
D + dD, respectively. Note that while N(D)
is an intrinsic sample property, P (q,D) also
depends on the scattering vector, because the
DLS signal is sensitive to the scattered inten-
sity I, which in turn depends both on particle
size (and hence D) and q. To simplify the no-
tation, in the following we will drop the explicit
dependence on q of the PDF of D.

Cumulant and moment analysis

Classic cumulant analysis

We briefly review here the classic cumulant
method,3 denoted by CC in the following. For
polydisperse samples, deviations with respect
to the single exponential decay of Eq. 3 are ac-
counted for by expanding ln(g2 − 1) in powers
of t up to order n:

(7)
ln [g2(q, t)− 1] = lnA+ 2

[
−Γ1t+

Γ2

2!
t2

+ ...+
(−1)nΓn

n!
tn
]
,

where the Γn are related to the central moments
of the PDF of Dq2.3 In particular, the first and
second cumulants read

Γ1 = Dq2 (8)

Γ2 =
D2

−D
2

D
2 Γ2

1 , (9)

where we denote by Dn =
∫
∞

0
DnP (D)dD the

n-th moment of the intensity-weighted PDF of
D. The polydispersity index is defined as σ2 =
Γ2/Γ

2
1;typical values range from below 0.052 for
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very monodisperse colloidal particles to unity
or above for polydisperse samples.

Moment analysis

A variant of the cumulant method has been pro-
posed by B. Frisken,5 who pointed out that the
derivation of Eq. 7 involves an unnecessary ap-
proximation. In what we shall refer to as the
moment-based analysis 8 (MA in the following),
the correlation function is fitted by

(10)
g2(q, t) = B + A exp(−2Γ1t)

[
1 +

µ2

2!
t2

+ ...+
(−1)nµn

n!
tn
]2

,

where µ2 = Γ2 and where µn is the n-th mo-
ment about the mean of the distribution ofDq2.
Note that Eq. 10 is non-linear in the fitting pa-
rameters. Consequently, the outcome of the fit
is not unique and may namely depend on the
initial values of the fitting parameters and the
fitting algorithm. This drawback is offset by
two remarkable features of the MA: the opti-
mum fitting range is larger than in CC and the
base line B is treated as a fit parameter, thus
allowing one to account for the slight deviations
from B = 1 that are sometimes observed in ex-
periments.
Whatever fitting function is chosen (CC or

MA), one obtains from the fit Γ1 and Γ2 (and
possibly higher order terms) and calculates D
and σ2 using Eqs. 8 and 9. This procedure is
very robust concerning Γ1 and thus D, whereas
the value of σ2 is much more sensitive to data
noise, to the choice of the fitting interval, and
to the width of P (D)6.

A new polydispersity index

To overcome these difficulties, we propose a
new, robust polydispersity index, inspired by
a recent work on the analysis of Taylor disper-
sion data.9 The method is based on the com-
parison between the arithmetic mean D, issued
from a cumulant fit, and the harmonic mean of

D, Dhm =
(
D−1

)
−1

. Since the two averages

probe different moments of P (D), they will co-
incide for perfectly monodisperse samples, but
will in general increasingly differ as the sample
polydispersity increases. The harmonic mean
is easily obtained by integrating the area under
g1:

(11)

τg1 =

∫
∞

0

g1(q, t)dt

=

∫
∞

0

[∫
∞

0

P (D)e−q2DtdD

]
dt

= q−2D−1 ,

where we have used Eq. 5 and where the last
equality follows by swapping the two integrals
and by writing the harmonic mean in terms of
the moment of order n = −1 of P (D). Im-
plementing Eq. 11 in experiments, where data
are only available over a finite t range and are
noisy, requires some caution. A simple and ef-
ficient way is to evaluate τg1 from

τg1

=

∫ τcut

0

g1(q, t)dt+

∫
∞

τcut

√
A′ exp [−(t/τc)p]dt ,

(12)

where the experimental data are integrated nu-
merically up to a cutoff τcut, beyond which the
integral is performed on a stretched exponential
fit to the tail of the (normalized) g2. Details are
given in the Supporting Information.
The left-hand side of Eqs. 11 and 12, τg1 , has

dimensions of time, and is routinely used as a
way to quantify the average decay time of a cor-
relation function, independently of its shape,
e.g. in the literature on the glass transition.
However, to the best of our knowledge the dif-
ference between τg1 and the relaxation time Γ−1

1

issued from a cumulant fit has never been used
to quantify polydispersity. To this end, we in-
troduce a new polydispersity index β2 defined
by

β2 = ln
(
DD−1

hm

)
= ln (Γ1τg1) . (13)

Note that, contrary to the usual PI σ2, β2 does
not contain Γ2, the coefficient of the second-
order term in the Taylor expansion of g1. Since
higher-order terms are more sensitive to noise,
β2 is more robust than σ2, as we shall show
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it in the following. The definition of Eq. 13 is
chosen such that β2 has a direct physical inter-
pretation if the intensity-weighted PDF of D is
log-normal:7

P (D) =
1

D
√
2πβ

exp

[
−(lnD − µ)2

2β2

]
. (14)

As seen in Eq. 14, in this case the PI β2 is
the variance of lnD, which is simply related
to the PI σ2 by σ2 = eβ

2 − 1.7 More generally,
for any narrow distribution one can show that
β2 ≈ σ2. The so-called location parameter of
the log-normal distribution, µ in Eq. 14, may
be expressed as a function of the arithmetic and
harmonic means of D:

µ = ln

√
DDhm . (15)

We emphasize that, whatever the actual
shape of P (D), one can always use Eqs. 13
and 15 to calculate the two parameters β2 and
µ. Equation 14 may then be used to determine
an “equivalent log-normal” PDF of D, e.g. a
log-normal distribution that has the same β2

and µ as the actual one. Although in general
this equivalent log-normal PDF is different from
the actual one, it provides a useful way to ap-
preciate graphically the typical size distribution
of real samples. Finally, we note that for σD < 1
the shape of a log-normal distribution is close
to a Schulz distribution, often used to model
polydisperse samples.6

Simulation of intensity correlation

functions

In order to determine the optimum fitting range
and to test the robustness of the new poly-
dispersity index β2, we simulate DLS inten-
sity correlation functions starting from a known
PDF, so that the theoretical value of all relevant
quantities (Γ1, σ

2, and β2) can be calculated ex-
actly and compared to the results of the data
analysis. We first generate g1 for a set of Nt

time delays {tk}k=1,...,Nt
corresponding to those

of a typical correlator ,10 using

g1,k(q) =

∫
∞

0

P (D) exp
(
−q2Dτk

)
dD + εk ;

(16)
the desired intensity correlation function is then
obtained from g1 and the Siegert relation, Eq. 2.
We have tested various forms of P (D), both
monomodal and bimodal. In the following, we
report results for a log-normal PDF (Eq. 14),
for various choices of the relative standard de-
viation σD of the distribution (see Supporting
Information). Note that a noise term εk = ε(tk)
is added to the r.h.s. of Eq. 16 to simulate re-
alistic data. The dependence of the noise term
on time delay t has been discussed in the litera-
ture, see e.g.,11 based on the statistics of photon
counting. Alternatively, it has been assumed
that the relative noise on g2 is independent of
t.6 However, we find that these choices don’t
match the noise typically observed in experi-
ments, which depends also on the characteris-
tics of the detector and the architecture of the
correlator. To obtain a realistic noise term, we
measure a large number of correlation functions
for the same sample (p-NIPAM microgels, see
“Experimental section”) and calculate σ(g1)(t),
the t-dependent standard deviation of g1(t) over
the ensemble of measurements. For each k, εk
is then drawn randomly from a Gaussian distri-
bution with zero mean and standard deviation
ασ(g1)(tk). The parameter α is used to tune
the average noise level. In order to ease the
comparison with experimental data, we quan-
tify the noise level by ε, the standard deviation
of the simulated g2−1 with respect to the aver-
age correlation function, averaged over all time
delays.
Figure 1 shows the simulated g1 obtained for

a moderately polydisperse sample, σD = 0.2,
with a noise level ε = 0.02. The magnitude of
the uncertainty is shown by the red band, which
corresponds to ±1 standard deviation. The two
steep changes of the noise magnitude around
t = 4 × 10−7 s and t = 4 × 10−6 s are due to
the specific architecture of the correlator used
here .12 By contrast, the larger-than-average
uncertainties observed at small and large t are
likely to be general features, due to detector

4



noise and reduced number of statistical sam-
ples, respectively. The inset shows the average
noise level on g2 − 1 as a function of the run
duration Texp, as obtained from measurements
on the pNIPAM microgels. Initially, ε decays
as T−1

exp, as expected from the central limit the-
orem. For Texp > 200 s, however, ε tends to
flatten, suggesting that ε ≈ 10−3 is a realistic
lower bound for the noise on g2 − 1.
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Figure 1: Simulated field autocorrelation func-
tion for a suspension of particles with D = 3×
10−12 m2s−1 and relative polydispersity σD =
0.2. The red band is the one-standard-deviation
confidence interval of the data, whose average is
the black line. The average noise level on g2−1
is ε = 0.02. Inset: average noise level on g2 − 1
as a function of the experiment duration for the
pNIPAM particles, for which Γ−1

1 = 1.6×10−3 s.
The line shows the scaling ε ∼ T−1

exp.

Experimental section

Samples

We analyze DLS data for three samples: poly-
N-isopropylacrylamide (pNIPAM) microgels,
poly(methylmethacrylate) (PMMA) colloidal
particles, and poly(styrene sulfonate) (PSS)
polymers. The pNIPAM microgels are syn-
thesized by emulsion polymerization according
to the protocol in13 and suspended in water
at a volume fraction ϕ ≈ 10−4. Their av-
erage hydrodynamic radius at T = 20 ◦C

is Rh = 170 nm. The PMMA particles are
kindly provided by A. Schofield (U. of Edin-
burgh 14). They have average hydrodynamic
radius Rh = 130 nm and are sterically stabi-
lized by a thin layer of poly(12-hydroxystearic)
acid of thickness ≈ 10 nm. They are suspended
in a mixture of cis/trans- decalin and tetralin
(66/34 w/w), at ϕ ≈ 10−4. The PSS polymers
have molar mass 29000 g mol−1 (PSS29k) and
145000 g mol−1 (PSS145k) and are purchased
from Polymer Standards Service (Mainz, Ger-
many), who provided the PDF of the molar
weight, which was converted to P (D) as de-
tailed in the Supporting Information. The
PSS are dissolved in a 80 mM sodium borate
buffer. Three polymer solutions were investi-
gated: two containing only PSS29k or PSS145k,
at a weight fraction 1.5 × 10−3, and a binary
mixture, with mass concentrations 1.1 × 10−3

and 3.8×10−4 for PSS29k and PSS145k, respec-
tively. For the binary mixture, the concentra-
tions are chosen so that each species contributes
equally to the scattered intensity. For all sam-
ples, the solvents are filtered using Millipore
filters with a pore size ≤ 0.45 µm.

DLS measurements

Dynamic light scattering experiments are per-
formed on a Amtec goniometer equipped with a
Brookhaven BI-9000AT correlator. The source
is a doubled Nd-YAG laser with in-vacuo wave-
length λ = 532.5 nm. Measurements are per-
formed at a scattering angle θ = 90 deg (for
PMMA and pNIPAM) or θ = 35 deg (for
the PSS samples); temperature is controlled
to within 0.1◦C and is set to 20◦C (PMMA
and pNIPAM) or 25◦C (PSS). For pNIPAM, we
measure 2495 correlation function, each lasting
4 s. From this ensemble of g2 − 1, we construct
smaller sets of correlation functions averaged
over durations Texp multiple of 4 s (e.g. 1247
functions with Texp = 8 s etc.), for analyzing
the noise behavior. For the PMMA and PSS
samples, we run typically 10 individual mea-
surements with Texp ≥ 300 s.
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Results and discussion

Analysis of simulated DLS data
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Figure 2: Choice of the fitting range for ob-
taining Γ1. a): normalized first cumulant as a
function of the maximum delay time included
in the fit, τcut. The curves are labelled by the
order and the kind of the fit (CC = classic cu-
mulant, Eq 7, MA = moment-based analysis,
Eq 10). b) normalized uncertainty on the first
cumulant, same symbols as in a). Data are ob-
tained by analyzing 103 simulated g2 − 1, for
the same PD(D) as in Fig. 1, with ε = 0.001.

A practical question when fitting DLS data
is the range over which g2 − 1 should be fitted,
since a compromise must be struck between the
approximate nature of Eqs. 7 and 10, which
requires a small fitting range, and data noise,
which leads to poor fitting if the range is too
small. We investigate systematically this issue
by analyzing 103 simulated g2 − 1 functions,
obtained for a log-normal P (D) with moderate
polydispersity σD = 0.2 and low noise ε = 10−3.
We test the CC and MA methods, up to terms
of 2nd or 4th order, leaving the base line as
a floating parameter in the MA fits. Figure 2
shows the results for the first cumulant, as a
function of the largest delay τcut included in
the fit. In panel a), we quantify the accuracy

through Γ̃1 = Γ1/Γ
(th)
1 , the ratio of the fit result

to the theoretical value, while in panel b) we
show the fit precision, defined as s̃Γ1

, the stan-

dard deviation on the fit parameter Γ1 over the
set of simulated functions, normalized by Γ

(th)
1 .

The MA method is usually applied to the full
correlation function:5 here, we test it also for
smaller fitting ranges, tΓ

(th)
1 ≥ 1. The accuracy

of both 2nd and 4th order CC fits is very good
over the full range of τcut, but minimizing the
noise requires τcut ≥ 0.5Γ−1

1 . This corresponds
to a decay of g2−1 down to less than 40% of its
initial value, a fitting range somehow smaller as
compared to down to 10% of the initial value
as in6. For the MA, good results in terms of
both accuracy and precision are obtained when
the fit extends to all available points. Overall,
Fig. 2 demonstrates that Γ1 can be obtained by
both CC and MA with very high accuracy (bet-
ter than a fraction of %) and precision (relative
uncertainty of a few 10−3). Second-order fits
are preferable in terms of noise, a feature also
reported in.6 We also run a similar analysis on
data for a more polydisperse sample (σD = 1,
see Supporting Information). When taking into
account both accuracy and precision, the best
results are obtained by the 4th order CC (with
τcut ∼ Γ−1

1 ), followed by the 4th order MA (over
the full range of delays).
We show in Fig. 3 the cutoff dependence of

the polydispersity indexes σ2 and β2, for the
same set of g2 − 1 as in Fig. 2. Panels a)
and b) report the accuracy and the precision,
respectively, and tilded variables are normal-
ized with respect to their theoretical value. For
β2, τcut is the delay beyond which the integra-
tion is performed on a stretched exponential
fit to the data, see Eq. 12. In a), we only
show data when their relative uncertainty is
smaller than 100%. For the CC and MA meth-
ods, the emerging picture is similar to that for
Γ1, but accuracy and precision are both worst
than for the first cumulant and are more sen-
sitive to the choice of the fitting interval. The
noise on β2 is low and unsensitive to the fit-
ting range up to τcut ≈ 2Γ−1

1 , beyond which
it increases sharply, because the stretched ex-
ponential fit becomes unstable when fitting es-
sentially only the very tail of the correlation
function. The last data point corresponds to
integrating numerically the whole g1, without
using the stretched exponential fit: the noise,

6
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Figure 3: Choice of the fitting range for obtain-
ing the polydispersity index. a): usual polydis-
persity index σ2 and new polydispersity index
β2 (blue stars) normalized by their theoretical
values, as a function of the maximum delay time
included in the fit, τcut. b) normalized uncer-
tainty on the polydispersity indexes, same sym-
bols as in a). Data are obtained by analyzing
the same simulated functions as in Fig. 2.

s̃β2 ≈ 200%, is very high, due to the noise in the
base line of g1. This demonstrates the useful-
ness of the approach of Eq. 12. A similar anal-
ysis for a more polydisperse sample (σD = 1,
see Supporting Information) indicates that 4th-
order cumulant fits are more accurate but less
precise than 2nd-order fits and that, for the MA
method, a higher accuracy –with no significant
loss of precision– is obtained when cutting the
fit where g2 − 1 has substantially decayed, but
without including the whole set of data.
Although the choice of the optimum fitting

range depends on sample polydispersity, on the
desired balance between accuracy and preci-
sion, and on the fit order, some typical values
can be provided, which we will use in the follow-
ing for the analysis of both simulated and ex-
perimental data. For CC, we use τcut = 0.5Γ−1

1

(up to where g2 − 1 has decayed to ≈ 40% of
A); for MA the fit is extended up to where
g2−1 ≈ 0.01A; for β2, we use τcut = Γ−1

1 (where
g2 − 1 has decayed to ≈ 13% of A).
In general, the performance of each method

depends strongly on sample polydispersity: in
the following, we explore this issue by fixing the

fitting ranges and varying systematically σD.
Before proceeding, we note that calculating β2

requires the value of both τg1 , the area under g1,
and Γ1 (see Eq. 13). We find that the noise on
β2 is dominated by the uncertainty on τg1 : it is
therefore preferable to maximize the accuracy
on Γ1, at the expenses of its precision, since
the noise on Γ1 will anyways have little impact
on that of β2. Figure 2 suggests to use a 4th-
order CC fit over a relatively restricted t range:
throughout this work, we use t ≤ (3Γ1)

−1.
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Figure 4: Normalized Γ1 and polydispersity in-
dexes as a function of sample polydispersity σD.
Same symbols as in Fig 3).a): polydispersity in-
dexes. b): normalized uncertainty on the poly-
dispersity indexes.

Figure 4 shows the polydispersity indexes and
their uncertainty (a) and b), respectively) ob-
tained by analyzing, for each sample polydis-
persity σD, 103 g2 − 1 functions generated us-
ing a log-normal P (D). A noise of average
level ε = 10−3 has been added, representative
of the lowest noise typically achievable in ex-
periments. In a) only data point affected by
a relative uncertainty ≤ 100% are shown. A
similar analysis for Γ1 is reported in the Sup-
porting Information. We first discuss the usual
polydispersity index σ2 obtained from the CC
and MA methods. Panels a) and b) show that
σ2 is strongly affected by σD. For σD ≤ 0.4
2nd order fits should be used, since their pre-
cision is much better than for the 4-th order
fits. Within uncertainty, the accuracy of the
various methods is the same; however a 2nd or-
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der MA is preferable, due to a better precision.
In particular, the MA is the only method able
to capture σ2 to within a relative uncertainty
smaller than 100% for σD = 0.1. By contrast,
none of the CC and MA methods is sufficiently
reliable for σD = 0.05, their uncertainty exceed-
ing 100%. At larger polydispersity, σD ≥ 0.6,
the accuracy of 2nd order methods becomes in-
creasingly poor, with deviations from the the-
oretical value as large as 45% and 85% at the
highest σD, for CC and MA respectively. Thus,
4th order fits should be preferred in this regime,
although they are less precise. These results are
overall consistent with the findings of Ref.,6 as
we checked by replotting the data of6 using the
same normalized quantities as in this work. 15

The blue stars show β2 and demonstrate the
robustness and usefulness of the new polydis-
persity index. Indeed, β2 performs consis-
tently throughout almost the whole polydisper-
sity range, capturing the theoretical polydisper-
sity to within ∼ 10% for all σD ≥ 0.15, with a
relative uncertainty that rapidly drops below
30% for σD ≥ 0.3. In particular, for 0.15 ≤
σD ≤ 0.4 its accuracy is equal (within uncer-
tainties) to that of the CC and MA methods. In
this range, its uncertainty is only slightly larger
than that of 2nd order CC and about a fac-
tor of 3 larger than that of 2nd order MA. The
new index is particularly useful at large poly-
dispersity, σD > 0.6: its accuracy is better than
that of the 4th order MA for σD > 0.6 and bet-
ter than that of the 4th order CC for σD > 1.
Moreover, for all σD > 0.6 β2 is more precise
than σ2, for both CC and MA of 2nd or 4th
order.
We conclude that β2 is equally or significantly

more accurate than the PI issued from cumu-
lant and moment methods for all σD, except
for fairly monodisperse samples, σD < 0.15, for
which a 2nd-order MA is the best choice. The
precision with which β2 can be determined is
also better than for the other methods, except
for samples with low to intermediate polydis-
persity (0.1 ≤ σD ≤ 0.6), for which the 2nd
order MA yields the most precise results. We
run a similar analysis on correlation functions
with a large noise level, ε = 10−2, finding simi-
lar results (see Supporting Information).

Analysis of experimental DLS

data

 ! 

"! #$ 

%$$

$! #$ 

%$ 

$ 

&

$ 

$ 

$ 

$$

 ! 

$! #$ 

%$'

'! #$ 

%$'

$ 

$ 

$ 

$'

 !"#$%"&'(!

)*+,-.

 

 

!

 
!

!
"
 
#

$
%

"
&
!

  /'

0

 1

$2

3

$ 

$ 

$ 

$'

 4&"' 56.

 !"#$%"&'(!

73

(3

 

 

,..-

 4&"' 869

 !"#$%"&'(!

,88

:3

""

 

 

Figure 5: Probability distribution functions of
D estimated form the polydispersity index β2

for various experimental samples. In all panels,
the red solid line indicates the equivalent log-
normal PDF obtained as described in the text.
a): PD(D) for PMMA particles, the symbols
are obtained from TEM images. b) PD(D) for
pNIPAM microgels. c) PD(D) for a mixture
of two polymers, PSS 29k and PSS 145k. The
dotted line is the PDF calculated from PM(M)
obtained by SEC.

Having established the robustness of the poly-
dispersity index β2 by analyzing simulated
data, we apply the new method to real data.
Figure 5 shows the equivalent log-normal PDF
of the diffusion coefficient obtained by analyz-
ing correlation functions measured for a vari-
ety of systems. In all cases, Γ1 and β2 are ob-
tained from g2 − 1 following the same steps as
for the simulated data and P (D) is calculated
from Eqs. 14 and 15. Panel a) compares the log-
normal PDF issued from DLS measurements on
a suspension of PMMA particles to that recon-
structed from TEM data16 (see Supporting In-
formation for details). The agreement between
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the two distributions is excellent: we find β =
0.172, to be compared to σD = 0.174 from the
TEM data. Figure 5b) illustrates an applica-
tion of the new DLS analysis to pNIPAM mi-
crogels, for which we find β = 0.18, consistent
with σ = 0.17 obtained from a standard 2nd
order CC. Note that standard in-vacuo TEM is
not applicable to the microgels, since their size
changes dramatically upon drying. Thus, the
DLS analysis introduced here provides a sim-
ple and affordable alternative to more complex
electron microscopy methods for characterizing
the microgel size distribution, e.g. Environmen-
tal Scanning Electron Microscope.17 In Fig. 5 c)
we compare the equivalent log-normal distribu-
tion for the mixture of PSS29k and PSS145k
polymers to the D distribution reconstructed
from SEC data (see Supporting Information for
details on how P (D) is obtained from the SEC
mass PDF). While by construction the equiva-
lent log-normal cannot reproduce the bimodal
character of the actual P (D), it does capture
correctly the sample polydispersity. For the
equivalent log-normal (red solid line), we find
β = 0.64 and σ = 0.71, in very good agree-
ment with σD = 0.80 obtained from the SEC
measurements (black dotted line). For a com-
parison between the polydispersity indexes ob-
tained from the CC and MA methods and β2,
see the Supporting Information.

Conclusions

We have introduced a new polydispersity in-
dex β2 that can be simply calculated from DLS
intensity correlation function. Simulated cor-
relation functions, with realistic time delays
and delay-dependent noise, have been gener-
ated to test β2 against existing cumulant meth-
ods. As a first step, the optimum fitting range
has been systematically investigated for the var-
ious methods, finding in particular that the
fitting range for the classic cumulant analysis
should extend up to where g2 − 1 has decayed
to 40% of its initial value. Once the optimum
fitting range has been established, the precision
and accuracy of the various methods have been
studied, as a function of sample polydispersity.

While a 2nd-order MA fit is the best choice for
small polydispersity, the new index β2 is signifi-
cantly better than σ2 for intermediate and high
polydispersity. The analysis of experimental
data has confirmed the feasibility and robust-
ness of the new PI. As a concluding remark, we
emphasize that the calculation of β2 requires
no assumptions on the shape of g2 − 1. This
makes the new method suitable for the analysis
of samples with arbitrary size distribution (as,
e.g., the bimodal mixture of PSS29k and PSS
145k), contrary to cumulant methods that are
designed for nearly-monodisperse samples.
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Supporting Information

Valentin Roger, Hervé Cottet, and Luca Cipelletti

We provide here details on:

1. The method used to integrate the area under g1, Eq. 12 of the main text;

2. The PDFs of the diffusion coefficient used for the simulations and the corresponding
g2 − 1 functions (Fig. SI1);

3. The accuracy and precision on the first cumulant and on the PI indexes as a function
of the fitting range, for data simulated for a P (D) with σD = 1 (Figs. SI2 and SI3);

4. The accuracy and precision on the first cumulant, as a function of sample polydis-
persity σD, of the CC and MA methods, for simulated g2 − 1 functions with a noise
level ε = 0.001 (Fig. SI4);

5. The accuracy and precision of CC and MA and of the new polydispersity index as
a function of sample polydispersity σD, for simulated g2 − 1 functions with a noise
level ε = 0.01 (Fig. SI5);

6. The method used to convert the TEM and SEC size distribution data to the
intensity-weighted P (D) curves shown in Fig. 5a and 5c of the main text.

7. The fits to the experimental g2(t) for a polydisperse mixture of PSS polymers, and
a comparison of the polydispersity index as obtained by the various methods.

1 Integration of the area under g1

In order to minimize the impact of data noise on the measurement of the area under g1,
we implement Eq. 12 of the main text, proceeding as follows. First, we fit g2 to a (usually
2-nd order) Frisken cumulant function, Eq. 10 of the main text. A normalized intensity
correlation function is obtained from

g
(n)
2 (t)− 1 = [g2(t)− B] /A , (1)

where the superscript n stands for normalized and where A and B are the amplitude and
baseline of the raw data obtained from the FC fit. If the quality of the fit is good, we also
take Γ1 from the FC fit, otherwise we perform a CC fit on g

(n)
2 (t) − 1 to obtain a better

estimate of the first cumulant. Next, we fit the tail of g
(n)
2 (t) to a stretched exponential

decay:
g
(se)
2 (t) = A′ exp [−(t/τc)

p] + 1 , (2)

1



with fitting range t ≥ Γ−1
1 . Note that although g

(n)
2 is normalized by construction, A′ may

be different from 1, because typically A′, τc and p are not independent fitting parameters.
This is irrelevant, since the purpose of determining g

(se)
2 (t) is just to obtain a noiseless

function that reproduces well the large-t behavior of the data, with no concern on the
physical interpretation of the fitting parameters. Once A′, τc and p have been determined,
the area under g1 is calculated from

τg1 =

∫ τcut

0

√
g
(n)
2 (t)− 1dt+

∫
∞

τcut

√
g
(se)
2 (t)− 1dt , (3)

which is the practical implementation of Eq. 12 of the main text. The first integral in the
r.h.s. of Eq. 3 is evaluated by integrating numerically the square root of the normalized,
baseline-corrected g

(n)
2 . The second integral may be calculated by numerical integration

of the fit. Alternatively, one may use the equality
∫

∞

τcut

√
g
(se)
2 (t)− 1dt =

√
A′

[
γ

(
1

p
,∞

)
− γ

(
1

p
,
τ pcut
2

)]
, (4)

where γ(s, x) =
∫ x

0
ts−1e−tdt is the lower incomplete gamma function [1], available in

many scientific calculation packages.

2 Probability distribution functions used for the sim-

ulations

Figure SI1a) shows some of the PDF of D used to generate the simulated correlation
functions. The corresponding g2 − 1 are displayed in a semi-log scale in Fig. SI1b. Note
that for a relative polydispersity σD ≤ 0.2, the intensity correlation functions are very
close to straight lines, the behavior of monodisperse samples. All the PDF have the same
first moment, D = 3 × 10−12 m2 s−1, which corresponds to a size of about 70 nm for
Brownian objects in water at room temperature. The PDFs have a log-normal shape, but
the tails are truncated at small and large D to avoid unphysical values of the diffusion
coefficient. Specifically, P (D) is obtained by normalizing the following tail-truncated
log-normal distribution:

1

D
√
2πβ

exp

[
−
(lnD − µ)2

2β2

]
f+(D)f−(D) , (5)

where the truncating function is

f∓(D) =
1

2

[
1± tanh

(
5
D −D∓

D∓

)]
, (6)

and where the lower and upper cutoff D∓ correspond to a particle size of 10 µm and 1 nm,
respectively. The values of σD quoted in the main text are calculated using the truncated
PDF, Eq. 5.

3 Optimum fitting range for data generated from a

PDF with σD = 1

Figure SI2 shows the impact of the choice of the fitting range on the accuracy and precision
of the first cumulant, as in Fig. 2 of the main text, but for a more polydisperse sample
(σD = 1 instead of σD = 0.2 as in Fig. 2 of the main text).
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Figure SI1. a): P (D) used to generate the simulated g2 − 1. Curves are labelled by σD,
the relative standard deviation of P (D). For the sake of clarity, not all the distributions
are shown. b): Intensity correlation functions generated from the PDFs shown in a) (same
line colors). For clarity, in this graph no noise has been added to g2 − 1.

Figure SI3 shows the impact of the choice of the fitting range on the accuracy and
precision of the polydispersity indexes, as in Fig. 3 of the main text, but for a more
polydisperse sample (σD = 1 instead of σD = 0.2 as in Fig. 3 of the main text).

4 Accuracy and precision on Γ1 as a function of sam-

ple polydispersity, for data with noise ε = 0.001

Figure SI4 shows the accuracy and precision on the first cumulant, as a function of sample
polydispersity σD, of the CC and MA methods, for simulated g2−1 functions with a noise
level ε = 0.001. The accuracy and precision on the polydispersity indexes for the same
functions are shown in Fig. 4 of the main text.
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Figure SI2. Choice of the fitting range for obtaining Γ1. a): normalized first cumulant
as a function of the maximum delay time included in the fit, τcut. The curves are labelled
by the order and the kind of the fit. b) normalized uncertainty on the first cumulant,
same symbols as in a). Data are obtained by analyzing 103 simulated g2 − 1, generated
from a PD(D) with σD = 1 and using a noise level ε = 0.001.
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simulated functions as in Fig. SI2.
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sample polydispersity σD, obtained by analyzing simulated g2 − 1 functions with a noise
level ε = 0.001.

5 Accuracy and precision on Γ1 and on the PI in-

dexes, for data with noise ε = 0.01

Figure SI5 shows the impact of sample polydispersity on the accuracy and precision of Γ1

and of the polydispersity indexes, as in Fig. 4 of the main text, but for nosier correlation
functions (the noise level is here ε = 0.01, ten times larger than in Fig. 4 of the main
text, corresponding indicatively to Texp = 22 s according to Fig. 1 of the main text). The
results are similar to those for ε = 0.001, except that the range over which acceptable fit
parameters are obtained is further restricted. In particular, no method is able to measure
polydispersity with less than 100% uncertainty for σD < 0.3; the 2nd-order MA is the
best method for 0.3 ≤ σD < 0.6; β2 outperforms all other methods for σ ≥ 0.6.

6 Conversion of the PDF obtained by TEM and SEC

to intensity-weighted P (D)

In Figure 5a, 5c of the main text the equivalent log-normal PDF of D obtained by analyz-
ing DLS data is compared to the distributions obtained by TEM or SEC. Since different
techniques probe in general different moments of the size distribution, the TEM and SEC
PDFs must be properly weighted prior to comparison with P (D). For the PMMA data,
one obtains from the TEM images NR(R), the number density of particles with radius
between R and R+ dR. Since P (D) is weighted by the scattering intensity (see Eq. 6 of
the main text), we need to multiply NR(R) by Is(q, R) = 9(qR)−6 [sin(qR)− qR cos(qR)]2,
the form factor for a homogeneous sphere [2,3]. The intensity-weighted PDF of R is thus

PR(R) =
NR(R)Is(q, R)∫

∞

0
NR(R)I(q, R)dR

. (7)

As a final step, PR(R) is transformed to a PDF of D (which we shall denote by PTEM(D))
using the Stokes-Einstein relation D(R) = kBT

6πηR
(Eq. 4 of the main text) and the standard
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Figure SI5. Normalized Γ1 and polydispersity indexes as a function of sample polydis-
persity σD, obtained by analyzing simulated g2 − 1 functions with a noise level ε = 0.01.
a): first cumulant. b) polydispersity indexes. c): normalized uncertainty on the polydis-
persity indexes.

probability transformation law:

PTEM(D) =

[
PR(R)

∣∣∣∣
dR

dD

∣∣∣∣
]

R=R(D)

. (8)

We find a ∼ 20% discrepancy between D obtained directly from DLS and from PTEM(D),
due to the fact that the hydrodynamic radius probed by DLS is larger than the geometric
radius of the particles, seen in the TEM images. Since here we are interested only in
comparing the shape and width of the distributions, in Fig. 5a of the main text we have
rescaled D for the TEM data so that the average diffusion coefficient calculated from
PTEM(D) matches that obtained by DLS.

A similar series of transformations is applied to P
(M)
M (M), the mass-weighted distribu-

tion of molecular masses obtained by SEC for the PSS polymers (the superscript denotes
weighting by mass). The intensity-weighted PDF of M is given by

PM(M) =
P

(M)
M (M)M−1Ic [q, R(M)]

∫
∞

0
P

(M)
M (M)M−1Ic [q, R(M)] dM

. (9)

In the above equation, the term M−1 has been introduced to remove the mass weighting.
For the intensity weighting, we use

Ic(q, R) =
2

(qR)4

[
e−(qR)2 + (qR)2 − 1

]
, (10)
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Figure SI6. Left axis: CC and MA fits of order 2 and 4 of the intensity correlation
function for the mixture of PSS29k and PSS145k polymers. Right axis: fit residues.

the form factor for a Gaussian coil [3]. The desired intensity-weighted PDF of D is finally
calculated from

PSEC(D) =

[
PM(M)

∣∣∣∣
dM

dD

∣∣∣∣
]

M=M(D)

. (11)

Note that in Eqs. 10 and 11 one needs the functional relation between M and D and R.
We assume a fractal-like shape of the polymer (as in the Mark-Houwink law relating the
intrinsic viscosity to M), implying D = KM b. By fitting Dhm (obtained from separate
DLS analysis on the PSS29k and PSS145k samples) vs the nominal mass to this power

law, we find b = −0.64 and K = 1.56×10−8 m2s−1(gmol−1)
b
. The law R(M) follows from

the Stokes-Einstein relation: R = kBT/
(
6πηKM b

)
. Equation 11 is applied separately

to the PDFs of the PSS29k and PSS145k samples; the PDF for the mixture is simply
obtained by normalizing the sum of those of the individual species, since each species
contributes equally to the scattering signal.

7 Analysis of the experimental g2(t) for the PSS mix-

ture

Figure SI6 shows the experimental intensity correlation function for the mixture of PSS29k
and PSS145k polymers, together with fits using 2nd and 4th order CC and MA. Although
the difference in the quality of the fits is rather small, the polydispersity values issued from
the various cumulant and moment methods differ significantly, as seen in Table SI T1.
The results of the analysis of one single correlation function, as it is the case here, should
be taken with some caution, since in the main text we have shown that the uncertainty on
the polydispersity indexes can be significant. However, some comments are in order. The
2nd order CC fit performs well, while the 4th order CC fit overestimates σD almost by a
factor of 2. This may seem surprising since for simulated data (see Fig. 4a of the main
text) σ2 for the 4th order CC was shown to be close to the expected value. However, Fig.
4b shows that for 4th order CC the uncertainty is quite large, of the order of 40% for σ2.
The anomalously large value of σ found here is therefore consistent, within uncertainty,
with the results for simulated data. This emphasises the importance of the precision with
which the polydispersity index can be obtained, especially given that a poor performance
often cannot not be inferred from the fit quality. This is indeed the case here, since the

7



SEC CC 2nd MA 2nd CC 4th MA 4th from β2

0.80 0.68 0.60 1.58 0.61 0.71

Table SI T1 Polydispersity of the mixture of PSS29k and PSS145k, as obtained by SEC,
by CC and MA or order 2 and 4, and by the new polydispersity index β. For the latter, we
quote the relative standard deviation of the equivalent log normal distribution, obtained
through σ =

√
exp β2 − 1 (see Eq. 14 and the following discussion in the main text).

4th order CC fit is excellent in spite of the aberrant value of σ (see Fig. SI6). The 2nd
and the 4th order MA fits underestimate σ by about 25%; the polydispersity issued from
the new index β is the closest to the expected one (as estimated by SEC), consistently
with our findings for simulated data in the regime of large polydispersity, σD > 0.6.
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Chapitre 5

Dynamique microscopique et viscosité
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134 5.1. DYNAMIQUE MICROSCOPIQUE

Dans ce chapitre, nous exposerons les résultats expérimentaux concernant les me-
sures de dynamique microscopique et de viscosité. Nous discuterons la procédure de
détermination de la positon q = qm du pic du facteur de structure et de sa dépendance
vis-à-vis de la fraction volumique. Ceci nous amènera à étudier la dépendance de la
dynamique microscopique au pic de S(q), et aussi de la dynamique self en fonction
de la fraction volumique en particules. Ensuite, nous détaillerons les mesures de vi-
tesses de sédimentation nous donnant accès à la viscosité de la suspension. Enfin, nous
étudierons la relation entre la dynamique microscopique et la viscosité au regard de
l’évolution de la fraction volumique.

5.1 Dynamique microscopique

5.1.1 Dépendance de qm vis-à-vis de ϕ

Nous avons précédemment détaillé, dans la section 4.3, deux manières envisa-
geables visant à déterminer la position du maximum qm de S(q) : soit en mesurant
directement le facteur de structure à l’aide de la méthode détaillée dans la section
4.3.1, soit en mesurant la dépendance du temps de relaxation normalisée τα/τ0 en
fonction du vecteur de diffusion (cf. sec. 4.3.2). Nous avons utilisé ces deux méthodes
qui se sont avérées complémentaires pour déterminer l’évolution de la position qm du
pic de S(q) en fonction de la fraction volumique.

Figure 5.1 – Facteurs de structure statiques en fonction de l’unité adimensionnée qR dans un régime
concentré en particules. L’ajustement de la position du pic (voir texte) nous permet de mesurer la
valeur de qm. Le recoupement avec la droite S(q) = 1 nous donne les valeurs de qs où on est sensible
essentiellement à la dynamique self des particules.
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Sur la figure 5.1 sont représentés en unité adimensionnée des mesures typiques du
facteur de structure de la suspension de microgels dans un régime concentré en parti-
cules. La valeur de q est déterminée d’après l’équation 2.4 et la valeur de R correspond
au rayon des particules dans un régime dilué, à la température correspondante (cf. fig.
3.9) à laquelle est faite la mesure de S(q). L’évolution de l’allure et de la position du
facteur de structure au regard de l’accroissement de la fraction volumique est à pre-
mière vue cohérente. En effet, la position du qm du pic se déplace à grands q à mesure
que la fraction volumique du système augmente, signifiant que la distance moyenne
inter-particules d ≈ 2π/q diminue. De plus, à mesure qu’on concentre le système la
suspension se structure d’avantage, la position des particules est de plus en plus corré-
lée, impliquant un accroissement de la hauteur du pic, et une diminution de sa largeur.

Figure 5.2 – Comparaison du facteur de structure obtenu
pour une suspension de microgels à ϕ = 0.57 avec le facteur
de structure prévu par l’approximation de Percus-Yevick pour
un système de sphères dures.

Sur la figure 5.2, on com-
pare un facteur de structure me-
suré expérimentalement pour
une suspension de microgels à
ϕ = 0.57, avec celui prévu
par la théorie de Percus-Yevick
pour un système de sphères
dures. On voit que la positon
qm du pic, coïncide avec celle
attendue pour un système de
sphères dures à la même frac-
tion volumique. Cependant, on
constate que leurs allures sont
différentes. La hauteur du pic
est plus faible et la largeur plus
grande pour la suspension de
microgels. Il faut noter que l’ef-
fet de la polydispersité n’est pas
pris en compte pour le modèle de Percus-Yevick utilisé, cette dernière à tendance à
élargir le pic, et à lisser les oscillations au-delà [136].

On notera que malgré le fait que la gamme de q accessibles à l’aide de cette expé-
rience ne puisse pas s’étendre beaucoup au-delà du premier pic de S(q), il semble que
la relation limq→∞ S(q) = 1 soit vérifiée (cf. eq. 2.15). La normalisation des facteurs
de structure étant une tâche expérimentale difficile [42], on voit ici que la vérification
de cette limite nous conforte avec le protocole expérimental employé pour mesurer
S(q) (cf. sec. 4.3.1). Nous remarquerons qu’une bonne normalisation du facteur de
structure est cruciale pour déterminer les valeurs de q où S(q)≈ 1, de sorte à mesurer
la dynamique self des particules (cf. sec. 2.2.1 et 4.3.2). Pour déterminer de manière
précise la valeur de qm, nous avons ajusté le pic des facteurs de structure mesurés à
l’aide d’une fonction lorentzienne du type : S(q) = A/[1− C(q− qm)

2].
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Figure 5.3 – Temps de relaxation τα(q) normalisé par le temps caractéristique du système dilué au
même vecteur q (cf. sec. 3.2.2 et 4.3.2) en fonction du vecteur de diffusion adimensionné qR, pour
différentes fractions volumiques en microgels. La position qm du maximum de τα/τ0 correspond à la
position du pic de S(q).

Les mesures de facteurs de structure pouvant être parfois fastidieuses, on peut
aussi mesurer la dépendance du temps de relaxation normalisé τα/τ0 vis-à-vis de q
et déterminer la position qm du maximum. Ici, τ0 est le temps de relaxation du sys-
tème dilué à une même température et au même vecteur #»q que le système concentré,
comme discuté dans la section 4.3.2. La figure 5.3 représente la dépendance du rapport
τα/τ0, pour des fractions volumiques intermédiaires mesurées à l’aide de l’expérience
traditionnelle de DLS (cf. sec. 3.1.5). Nous avons vu dans le chapitre précédent que,
dans la limite où le système n’est plus dilué τα/τ0 6= 1, et que τα/τ0 suit les oscilla-
tions de S(q) (cf. fig. 4.7). Nous retrouvons ce même comportement sur les données
de la figure 5.3 : la position du maximum se décale à grands q, et la largeur du pic
diminue à mesure que ϕ augmente. On constate que le rapport τα/τ0 possède une
franche dépendance en q : presque deux ordres de grandeur séparent par exemple
la valeur minimale de τα/τ0 de sa valeur maximale pour l’échantillon à ϕ = 0.627
(cercles magenta sur la figure 5.3). On comprend qu’il est alors important de bien
connaître la position de qm, de sorte à mesurer correctement la dynamique au pic de
S(q). Pour finir, on remarque aussi qu’à grands q la hauteur de τα/τ0 croît, signifiant
vraisemblablement un ralentissement de la dynamique self des particules.

Au-delà deϕ ≈ 0.6 le temps de relaxation du système à q = qm est tel que τα(qm)≈
1 s, qui représente typiquement la limite supérieure pour mesurer la dynamique à l’aide
des techniques traditionnelles de DLS. Pour étudier les dynamiques plus lentes nous
avons utilisé l’expérience décrite dans la section 3.1.1. À l’aide de cette expérience
nous avons aussi étudié l’allure de τα/τ0 dans un régime concentré. L’idée ici, est
de vérifier si le rapport τα/τ0 ne présente pas une forte dépendance en fonction du
vecteur de diffusion q dans un régime concentré et surtout de s’assurer d’avoir un jeu
de données cohérent mesuré au pic de S(q).
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Figure 5.4 – Dépendance du temps de relaxation
en fonction du rapport q/qm pour un échantillon à
haute fraction volumique, ϕ = 0.67. Les données
sont ajustées à l’aide d’une fonction lorentzienne
(ligne rouge), permettant d’extraire la position qm

du pic de S(q).

On se pose la question concernant
l’erreur faite sur τα(qm) due à une mau-
vaise estimation de la position du pic.
L’erreur faite sur la mesure de q, avec
l’expérience décrite dans la partie 3.1.1
est typiquement une erreur sur la mesure
de l’angle de diffusion θ . Cette erreur
est principalement causée par une incer-
titude sur l’alignement du faisceau laser
incident avec le dispositif optique et les
caméras, on estime une erreur sur l’angle
∆θ ≈ 2 ◦, induisant une erreur typique
∆q ≈ 0.7µm−1 sur le vecteur de diffu-
sion. Sur la figure 5.4 est représenté la
valeur du rapport τα/τ0 pour un échan-
tillon à ϕ = 0.67 en fonction du rapport

q/qm, on a représenté aussi l’intervalle 2∆q/qm. Nous remarquons que le pic de τα/τ0

n’est pas aussi abrupte que le pic de S(q) (cf. fig. 5.1). Ainsi, une erreur expérimen-
tale sur la détermination de qm n’induira pas une erreur importante sur la mesure de
τα/τ0 dans l’environnement du pic de S(q). Ici, par exemple, l’incertitude sur la dé-
termination de qm implique une erreur de l’ordre de 6 % sur la mesure de τα/τ0 au
pic (cf. fig. 5.4). Cette incertitude est négligeable, étant donné que τα(qm) augmente
de plusieurs ordres de grandeurs à hautes fractions volumiques.

Figure 5.5 – Position du qmR du pic de S(q)
en fonction de la fraction volumique. Les symboles
rouges sont les données mesurées dans ce travail
et extraites des mesures S(q) et de la dépendance
de τα/τ0 vis-à-vis de q, chaque symbole représente
une concentration donnée. Les données en bleus
sont issues de la référence [129]. La ligne noire est
celle obtenue pour un système de sphère dures à
partir de l’approximation de Percus-Yevick.

Nous avons mesuré, en combinant les
deux méthodes décrites ci-dessus, la po-
siton qm du maximum du pic de S(q) en
fonction de la fraction volumique. Ces
mesures sont reportées en rouge en unité
qmR sur la figure 5.5 ci-contre. Chaque
symbole représente un échantillon avec
une densité en nombre de particules don-
née, la fraction volumique est ensuite va-
riée à l’aide de la température et elle
est calculée via l’équation 3.13. Les don-
nées en bleu sont les données extraites de
Richtering et al. [129], la ligne noire re-
présente la valeur attendue pour un sys-
tème de sphères dures d’après la théorie
de Percus-Yevick [79]. De manière surpre-
nante, la position du maximum du pic
de S(q) pour le système suit la prédic-
tion envisagée pour un système de sphère
dures. Ce résultat avait été déjà remar-
qué par Richtering et al. jusqu’à ϕ ≈ 0.55, ici il peut être étendu jusqu’à des fractions
volumiques de l’ordre deϕ ≈ 0.7. Notons que nous utilisons des particules de microgel
issues d’un même protocole de synthèse que celui de Richtering et al. [93, 129].
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Cependant, on notera qu’ils utilisent comme valeur du rayon la valeur extraite d’un
ajustement du facteur de forme P(q), plus petite que la valeur du rayon hydrodyna-
mique que nous utilisons. Ce comportement nous donne une information intéressante
sur le système : bien qu’en principe déformables, les particules ne s’avèrent pas être
sensiblement déformées à hauts ϕ. Si c’était le cas, la valeur du rayon diminuerait (cf.
ref. [18]) et la position du pic de S(q) dévierait d’un comportement attendu pour un
système de sphères dures. De plus, on notera que le recouvrement des mesures pour
des échantillons ayant la même fraction volumique mais un nombre de particules par
unité de volume différent, nous conforte avec le fait que varier ϕ en changeant le
nombre de particules par unité de volume est équivalent à faire varier ϕ en changeant
la taille des particules, en jouant sur la température. On verra dans la suite qu’on
observera un recouvrement similaire pour les données de dynamique microscopique.

5.1.2 Dynamique au pic de S(q)

Pour caractériser la dynamique des particules de microgel, nous avons mesuré les
facteurs de structure dynamiques g1(τ, qm) en fonction de la fraction volumique en
particules. Pour chaque mesure effectuée, nous nous sommes assurés que l’échantillon
était bien à l’équilibre, c’est-à-dire que sa dynamique microscopique avait atteint un
régime stationnaire. Pour ce faire, nous pouvons regarder l’évolution des degrés de
corrélation de l’intensité cI(t,τ) au cours du temps t (cf. sec. 2.2.2).

Figure 5.6 – Degrés de corrélation de l’intensité cI (t,τ) pour deux suspensions de microgels :ϕ = 0.67,
τα(qm) ∼ 100 s (à gauche) et ϕ = 0.68, τα(qm) ∼ 4000 s (à droite). Un léger phénomène de vieillisse-
ment est visible sur la figure de gauche, les cI (t,τ) croissent au cours du temps, mais le système atteint
rapidement une dynamique stationnaire. Pour les deux échantillons, les cI (t,τ) demeurent constants
au cours du temps, ce qui démontre la bonne équilibration du système.

Pour vérifier que le système ne présente pas de phénomène de vieillissement 1, il faut
s’assurer que les cI(t,τ) soient constants au cours du temps. Sur la figure 5.6 sont re-
présentés des degrés de corrélation de l’intensité pour deux échantillons concentrés,
à fractions volumiques : ϕ = 0.67 (τα(qm) ∼ 100 s) et ϕ = 0.68 (τα(qm) ∼ 4000 s).

1. Quand un système est vieillissant, les cI (t,τ) croissent au cours du temps. Cet accroissement
correspond à une augmentation du temps de relaxation τα du système.
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Nous constatons pour l’échantillon à ϕ = 0.67 (cf. fig. 5.6 à gauche) que dans un pre-
mier temps les cI(t,τ) croissent légèrement, signifiant que l’échantillon n’a pas encore
atteint son état stationnaire. Après un certain temps d’équilibration, les degrés de cor-
rélation cI(t,τ) restent constants et fluctuent autour d’une valeur moyenne, l’échan-
tillon a alors atteint son état d’équilibre dynamique. Pour l’échantillon plus concentré
(cf. fig. 5.6 à droite), la dynamique est aussi stationnaire et cela sur une grande plage
de temps t.

Figure 5.7 – Facteurs de structure dynamiques g1(τ, qm) mesurés au pic de S(q) pour différentes va-
leurs de la fraction volumique. Les dynamiques rapides, pour des fractions volumiques ϕ ® 0.6 (lignes
de couleurs) sont obtenues à partir de l’expérience de DLS traditionnelle (cf. sec. 3.1.5). Les dynamiques
lentes, pour des fractions volumiques ϕ ¦ 0.6 (symboles) sont obtenues à l’aide du dispositif DLS mul-
tipseckles (cf. sec. 3.1.1). Les ajustements (en noir), seulement visibles sur les données de dynamiques
lentes, sont obtenus à partir de l’équation 4.17. On remarquera que la dynamique du système est sondée
sur plus de sept décades en temps de relaxation.

Sur la figure 5.7 sont représentés des facteurs de structure dynamiques g1(τ, qm)

typiques que nous avons mesurés au pic du facteur de structure statique. Les données
représentées à l’aide de lignes sont celles où la dynamique est rapide (ϕ ® 0.6), typi-
quement τα ® 1 s, elles sont obtenues à l’aide de l’expérience traditionnelle (cf. sec.
3.1.5). Les symboles représentent les données de dynamiques lentes (ϕ ¦ 0.6) obte-
nues à l’aide de l’expérience mise en place au cours de ce travail de thèse décrit dans la
section 3.1.1. L’allure des facteurs de structure dynamiques est en accord avec les ré-
sultats précédemment observés dans les suspensions colloïdales [19, 137]. Pour le sys-
tème étudié, à des fractions volumiques ϕ ® 0.6 les fonctions de corrélation relaxent
via une seule décroissance. Au-delà de ϕ ∼ 0.6 la relaxation présente en revanche une
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double décroissance, qui est de plus en plus marquée à mesure que ϕ augmente. Ainsi
sur des échelles de temps intermédiaires la dynamique des particules est en quelque
sorte figée, les particules sont restreintes à vibrer dans la cage formée par leurs voi-
sines. On remarque aussi, que la première relaxation (relaxation β) ne dépend pas for-
tement de la fraction volumique, la relaxation α quant à elle dépend fortement de ϕ.

Figure 5.8 – Coefficients d’étirement issus des ajuste-
ments des facteurs de structure dynamiques g1(τ,qm) (cf.
eq. 4.17) en fonction de la fraction volumique. La ligne
représente la valeur moyenne p ≈ 0.53 des coefficients
obtenus à ϕ ¦ 0.6.

Sur la figure 5.7 sont aussi re-
présentées ( seulement pour les don-
nées où la dynamique est lente), les
ajustements effectués sur la relaxa-
tion α à l’aide d’une fonction expo-
nentielle étirée (cf. eq. 4.17). On re-
marquera que l’ajustement avec les
données expérimentales est très bon.
Sur la figure 5.8 sont représentées
les valeurs du coefficient d’étirement
p en fonction de ϕ, obtenues à partir
des ajustements sur les fonctions de
corrélation g1(τ, qm) sur une large
gamme de fractions volumiques.
À mesure que ϕ augmente, la va-
leur de l’exposant p, qui vaut 1 dans
la limite des faibles fractions volu-
miques, diminue et se stabilise au-

tour de p ≈ 0.53 à hauts ϕ. Cela signifie que, dans un régime concentré en parti-
cules, des relaxations avec des temps sensiblement différents coexistent. On notera
que la valeur de p à hautes fractions volumiques est comparable à celle trouvée dans
la référence [18].

Dépendance de τα(qm) vis-à-vis de la fraction massique w

Nous avons vu que, de manière générale pour des suspensions de sphères dures
colloïdales, la température n’a pas d’importance sur les propriétés du système (cf. eq.
1.9). Concernant les microgels de Pnipam, la température a un rôle important car
elle influence l’affinité du polymère de Nipam avec l’eau environnante, ce qui donne
le caractère thermosensible des microgels. Lors des mesures, nous sommes amenés à
varier la température et donc la taille des particules afin de balayer une gamme de
fractions volumiques à l’aide d’un seul et même échantillon à une fraction massique w
donnée (densité en nombre de particules donnée). On rejoint la discussion effleurée
dans la partie 3.3.2 qui consiste à se demander s’il est équivalent de changer la fraction
volumique en particules ϕ = NpVp/V , en variant w, c’est-à-dire en faisant varier le
rapport Np/V en gardant Vp constant (T constante), ou bien en gardant Np/V constant
et en variant Vp (en changeant la température). En d’autres termes, on se pose la
question suivante : est-ce que la dynamique microscopique des particules dépend de
leur état de gonflement ? On pourrait par exemple imaginer que l’élasticité, et donc les
interactions entre particules puissent dépendre à grands ϕ de leur état de gonflement.
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Figure 5.9 – Mesures du temps de relaxation τα(qm) en fonction de la fraction volumique. Chaque
échantillon, représenté par une couleur possède une certaine fraction massique w. La fraction volu-
mique à l’intérieur d’une série de points d’une même couleur est modifiée en changeant la température.
Les intervalles de températures sont détaillés dans le tableau 5.1. Clairement les données se recouvrent
bien à hautes fractions volumiques, cela implique que les interactions entre particules ne changent pas
avec la température dans la gamme de températures et de fractions volumiques explorée ici.

Sur la figure 5.9 sont représentées les données de temps de relaxation au pic de
S(q). Chaque couleur (• • • • • • • • • •) correspond à un échantillon avec une fraction
massique donnée. Pour les échantillons (• • • • •) à faibles ϕ les différentes fractions
volumiques ont été obtenues par dilutions successives d’une solution mère, identique
à celle dont sont issus les autres échantillons. Pour tous les autres échantillons (• • •
• •) correspondant à une même couleur, la fraction volumique est changée en faisant
varier la température du système (cf. eq. 3.13).

Il est important de rappeler que, chaque échantillon est obtenu à partir d’une di-
lution massique d’une solution mère commune de volume important (typiquement
20 ml). Ainsi, grâce à des pesées précises à 10−5 g, l’erreur sur la fraction volumique
relative entre les échantillons est très faible (∆ϕ ∼ 10−4), car la dilution des échan-
tillons est d’un point de vue expérimental facile à mettre en œuvre. De plus elle ga-
rantit une grande précision sur les fractions massiques. L’échantillon (•) a été quant à
lui obtenu en concentrant une solution fille issue de la solution mère. La méthode de
concentration des échantillons par centrifugation (cf. sec. 3.3.1), peut en revanche in-
duire des erreurs expérimentales entre la concentration réelle et la fraction massique
finale attendue. Ainsi, la fraction volumique de cette série a été remise à l’échelle par
rapport aux deux autres séries concentrées (• •). Nous avons en premier lieu multiplié
les fractions volumiques de cette série par un facteur d’échelle κ = 1.04, "déterminé
à l’œil" pour que les mesures soient le plus en accord possible avec les mesures des
échantillons (• •). Cependant, pour être plus précis sur la valeur de κ, nous avons ef-
fectué un ajustement de l’ensemble des données (• • •), en utilisant une loi de type VFT
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classique (cf. eq. 1.12) (nous verrons par la suite que cette loi est celle qui modélise le
mieux les données à hauts ϕ), en laissant comme paramètre libre κ et en cherchant
la valeur qui donne le meilleur accord à la loi VFT déterminée à partir uniquement de
(• •). Le résultat de cette procédure nous donne κ= 1.0423. Nous notons que, un tel
facteur proche de 1 est en accord avec les incertitudes expérimentales typiquement
attendues sur la fraction volumique absolue.

Finalement, dans les échantillons (• • • • •) a été ajoutée une faible quantité de
particules-sondes de sorte à obtenir une fraction volumique ϕs ∼ 10−4. Ceci permettra
d’effectuer les mesures de sédimentation nous permettant de mesurer la viscosité de
la suspension-hôte de microgels. Toutes les caractéristiques, ainsi que les masses de
produits utilisés pour chaque échantillon sont reportées en annexe à la fin de ce cha-
pitre. Concernant l’ajout des particules-sondes au sein de la suspension de microgels,
nous nous sommes demandés si la présence des particules-sondes de silice pouvait
perturber la dynamique microscopique des particules de microgel. Pour vérifier l’in-
fluence des particules de silice sur les mesures du temps de relaxation τα mesuré à
90 ◦, nous avons comparé deux facteurs de structure dynamiques. Le premier étant
mesuré alors que les particules de silice étaient en train de sédimenter au sein la sus-
pension de microgels. Une deuxième mesure a été effectuée une fois que toutes les
particules avaient sédimenté au fond du récipient. Nous avons constaté que les me-
sures de temps de relaxation étaient identiques pour les deux cas. Malheureusement,
ces données et d’autres, stockées sur trois disques durs ont été dérobées au sein du
laboratoire en janvier 2015. Ces mesures devront donc être reproduites dans le futur.

Le tableau 5.1 ci-dessous récapitule pour les échantillons représentés sur la figure
5.9, la fraction massique w, la fraction volumique ϕ0 à 20 ◦C , ainsi que l’intervalle de
températures utilisé pour les mesures.

Echantillon w(%) ϕ0 Températures ( ◦C)
• 2.27 0.627 17.8≤ T ≤ 24.1
• 2.21 0.609 17.7≤ T ≤ 21.7
• 2.08 0.572 16.9≤ T ≤ 20.3
• 1.50 0.414 16.9≤ T ≤ 20.3
• 1.13 0.310 15.9≤ T ≤ 24.2

• 0.930 0.256 T = 20 ◦C
• 0.752 0.207 —
• 0.564 0.155 —
• 0.361 0.099 —
• 0.183 0.050 —

Table 5.1 – Récapitulatif des caractéristiques des échantillons utilisés. w est la fraction massique et
ϕ0 la fraction volumique à 20 ◦C . On a reporté aussi les intervalles de températures utilisés pour faire
varier la fraction volumique.

On constate clairement sur la figure 5.9 que les données (•) se recouvrent bien
avec les données (•) et (•). Ceci signifie que la dynamique des particules n’est pas
affectée par la méthode de changement de ϕ, en variant T ou w ; les deux méthodes
sont alors équivalentes.



CHAPITRE 5. DYNAMIQUE MICROSCOPIQUE ET VISCOSITÉ 143

Sur la figure 5.10 nous avons représenté les valeurs τα(qm)/τ0 (en rouge), qui
sont les mêmes que celles détaillées précédemment. Nous y avons ajouté les données
de Brambilla et al. [19] obtenues pour un système de particules de sphères dures de
PMMA (en noir). On notera que Brambilla et al. dans leurs expériences sont essentielle-
ment sensibles à la dynamique self des particules. Ainsi, bien que les données obtenues
dans cette thèse ne concernent pas le même type de dynamique il est néanmoins inté-
ressant de les comparer. Pour des fractions volumiques inférieures à ϕ ≈ 0.5 le com-
portement des deux systèmes est similaire. En effet, on s’attend à ce que dans ce régime
intermédiaire, les particules n’étant pas en contact, la dynamique microscopique des
microgels soit essentiellement similaire à celle d’un système de sphères dures. Ensuite,
à mesure qu’on augmente ϕ, les deux dynamiques différent. Les données divergent à
une plus grande fraction volumique que celle obtenue pour un système de sphères
dures. Ceci est en accord avec le fait que les particules sont légèrement déformables,
ainsi à une fraction volumique équivalente, les particules de microgel arriveront, en
se déformant légèrement à relaxer plus rapidement que des particules indéformables
de PMMA. Nous remarquons toutefois que la différence à grands ϕ pourrait être aussi
due, en partie, aux incertitudes sur la détermination de la fraction volumique absolue.

Dans la suite nous tenterons de caractériser à l’aide des théories proposées dans la
section 1.2.1, la forme fonctionnelle de la croissance de τα(qm)/τ0 en fonction de la
fraction volumique ϕ.

Figure 5.10 – Temps de relaxation structurale normalisé τα(qm)/τ0 mesuré au pic de S(q) en fonc-
tion de la fraction volumique ϕ pour des suspensions de microgels (en rouge). En noir, les données de
dynamique self pour un système de sphères dures, d’après [19]. Pour des particules légèrement défor-
mables la divergence est décalée à des fractions volumiques supérieures, vis-à-vis de celle d’un système
de particules indéformables.
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5.1.3 Forme fonctionnelle de la croissance de τα(qm)(ϕ)

Modélisation de τα(qm) suivant la théorie de couplage des modes (MCT)

Bien qu’à ce jour des études se soient intéressées à l’évolution de la dynamique
microscopique, caractérisée par le temps de relaxation structurale ou le coefficient de
diffusion vis-à-vis de ϕ pour des suspensions de sphère dures [19, 49, 52, 137] ; il
existe peu d’études expérimentales visant à caractériser l’évolution de la dynamique
microscopique dans les systèmes peu déformables, comme les suspensions de micro-
gels. Mattson et al. [18] ont étudié la dynamique de particules de microgel, mais les
particules utilisées dans leur étude étaient très déformables, des fractions volumiques
effectives ϕ ∼ 9 ont été atteintes. D’un point de vue des simulations numériques, une
étude a montré à l’aide d’une approche basée sur la théorie MCT que la dynamique
d’un système de particules molles répulsives se comportait essentiellement comme
celle d’un système de sphères dures, moyennant une renormalisation de la fraction
volumique critique ϕc de la divergence apparente [138].

Figure 5.11 – Représentation de l’évolution du temps de relaxation τα(qm) au pic de S(q) en fonc-
tion de l’inverse de la distance à la fraction volumique critique (ϕc − ϕ)−1. Les trois jeux de données
sont obtenus en fixant une valeur de la fraction volumique critique ϕc (les flèches montrent la borne
supérieure de l’intervalle de données sur lequel l’ajustement est effectué, la borne inférieure étant le
premier point de la série). Les lignes continues représentent les ajustements obtenus à l’aide d’une loi
de puissance d’après l’équation 1.11, l’exposant γ représente la pente de la droite. L’augmentation de la
fraction volumique critique ϕc permet d’étendre l’ajustement des données sur une gamme de fractions
volumiques plus large. Cependant, cela implique un accroissement de l’exposant γ à des valeurs supé-
rieures à celles compatibles avec la théorie MCT. Les lignes pointillées sont des ajustements obtenus à
l’aide d’une loi de type VFT (cf. eq. 1.12) décrits dans la suite.
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Une première approche théorique envisageable pour caractériser la divergence de
τα(qm) est la théorie de couplage des modes (MCT). Cette théorie a rencontré un
franc succès dans la physique des colloïdes pour décrire la dynamique des particules
[49]. Néanmoins, de récentes études ont montré que, comme pour les systèmes mo-
léculaires, la théorie MCT n’arrive pas à modéliser les suspensions de sphères dures
colloïdales dans un régime très concentré [19]. Brambilla et al. ont montré que le
temps de relaxation τα passait d’un régime décrit par une divergence en loi de puis-
sance prévue par MCT, vers un régime activé à hautes fractions volumiques, décrit
par une accroissement exponentiel (VFT) du temps de relaxation. Pour caractériser la
forme fonctionnelle de la divergence des données mesurées à ϕ ¦ 0.5, nous avons es-
sayé de les ajuster à l’aide d’une divergence en loi de puissance : τα/τ0 = A(ϕc−ϕ)−γ
(cf. eq. 1.11). L’ajustement de ce genre de données, où il s’agit d’ajuster un paramètre
divergent, est toujours délicat. L’idée ici est de se placer dans un système de coordon-
nées où si le modèle est vérifié, alors les données sont représentées par une droite.

Nous avons représenté sur la figure 5.11 le temps de relaxation τα(qm) (en rouge
sur la figure 5.10) en fonction de l’inverse de la distance à la fraction volumique cri-
tique (ϕc − ϕ)−1, pour des données telles que ϕ ¦ 0.5. La théorie de couplage des
modes permet d’ajuster remarquablement les données sur une gamme de fractions
volumiques ϕ ≤ ϕMCT = 0.673. Cependant, si on essaye d’ajuster les données sur une
plage plus importante, on doit alors augmenter la valeur de ϕc. Si l’on fait ainsi, on
remarque que pour des valeurs de ϕC > 0.673, des valeurs aberrantes de l’exposant
critique γ sont observées. Par exemple, γ∼ 4.3 est nécessaire pour ajuster l’ensemble
des données. Nous limitons donc l’ajustement à l’aide de la théorie de couplage des
modes pour une gamme de fractions volumiques telles que ϕ < ϕMCT = 0.673, pour
laquelle on obtient γ= 2.47±0.11, compatible avec la valeur de l’exposant prédit par
la théorie [139]. Ceci implique que nous sommes capables de mesurer la dynamique
d’échantillons à l’équilibre au-delà de la fraction volumique critique ϕMCT. Une tran-
sition entre un régime décrit par la théorie de couplage de modes vers un nouveau
régime surfondu équilibré à plus grands ϕ est donc observée ici. Ce résultat jusque-là
unique pour les colloïdes de microgel est analogue aux résultats de la référence [19].
On reporte dans le tableau 5.2 suivant la valeur des paramètres d’ajustements ainsi que
leurs incertitudes obtenus pour l’ajustement de τα(qm)/τ0 à l’aide d’une divergence
en loi de puissance, τα/τ0 = A(ϕc −ϕ)−γ.

ϕMCT ∆ϕMCT A ∆A γ ∆γ

0.673 0.002 0.267 0.067 2.47 0.11

Table 5.2 – Valeurs des paramètres de l’ajustement obtenus à l’aide de la théorie de couplage des
modes (MCT) (cf. eq. 1.11).
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Modélisation de τα(qm) suivant une loi Vogel-Fulcher-Tammann (VFT)

Pour caractériser la divergence à hautes fractions volumiques de la dynamique
du système, nous avons essayé d’ajuster les données expérimentales à ϕ ¦ 0.5 à
l’aide d’une loi de type VFT classique τα/τ0 = exp[B/(ϕc − ϕ)] (cf. eq. 1.12 avec
δ = 1). Nous utilisons la même gamme de données utilisée dans la section précé-
dente pour l’ajustement à l’aide d’une loi de puissance (MCT). Les données ainsi que
les ajustements sont représentés sur la figure 5.12. Pour ajuster au mieux les don-
nées à l’aide de ce modèle, nous n’avons pas utilisé la routine standard d’ajustements
non-linéaires proposée par le logiciel que nous utilisons pour les ajustements, Orgin-
Lab. R©. Nous avons préféré représenter le logarithme naturel du temps de relaxation
normalisé ln(τα/τ0) vis-à-vis de l’inverse de la distance à la fraction volumique cri-
tique (ϕc−ϕ)−1. Dans un tel repère, une divergence exponentielle prédite par VFT est
représentée par une droite passant par l’origine. On procède alors de la manière sui-
vante : on impose une valeur de ϕc, on ajuste les données à l’aide d’une droite forcée
à passer par l’origine, on a alors un seul paramètre d’ajustement qui est le coefficient
directeur de la droite (B dans l’équation 1.12). Pour ce type d’ajustement linéaire, à
un paramètre, il existe un test statistique appelé test de Fischer souvent utilisé pour
juger de la qualité d’un modèle linéaire. On cherche alors, par itérations successives,
en variant ϕc à maximiser la valeur du paramètre statistique F-test. Cette procédure,
bien que fastidieuse, garantit de trouver les meilleurs paramètres d’ajustement dans
l’absolu, ce qui n’est pas en général garanti pour un ajustement non-linéaire. À l’aide
de cette méthode, on obtient la valeur optimale de ϕc = ϕVFT = 0.735 ± 0.001 et
B = 0.702±0.005. L’erreur sur B est donnée par la régression sur les données. L’erreur
sur ϕc est quant à elle quantifiée en réitérant la même procédure mais par exemple, en
faisant varier l’intervalle d’ajustement. Notamment, si on exclut les données à faibles
ϕ (ϕ ∼ 0.6) on remarque alors que les valeurs de l’ajustement changent très peu, on
joue typiquement sur le troisième chiffre après la virgule.

Sur la figure 5.12 sont représentés les résultats de l’ajustement VFT (en noir) et
MCT (en bleu) décrit dans la section précédente. On remarque qu’une divergence de
type exponentielle prédite par une loi VFT permet d’ajuster les données à hautes frac-
tions volumiques, là où une divergence en loi de puissance prédite par MCT échoue.
En effet pour des fractions volumiques ϕ < ϕMCT, les deux ajustements caractérisent
bien l’accroissement du temps de relaxation, mais à mesure que ϕ augmente la diver-
gence des données n’est pas si abrupte que la divergence algébrique prédite par MCT.
On remarque alors que les données sont mieux ajustées par une divergence exponen-
tielle à hautes fractions volumiques.

Ce résultat, jusqu’alors jamais observé pour des suspensions de microgels est tout
à fait similaire à ce qui a été observé par Brambilla et al. [19] dans les systèmes de
sphères dures. Ce comportement rejoint aussi celui observé pour les systèmes molé-
culaires formateurs de verres [29, 30].
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Figure 5.12 – Ajustements de la croissance des temps de relaxation τα(qm) à l’aide d’une loi Vogel-
Fulcher-Tammann (VFT) classique (courbe noire), cf. eq. 1.12. En bleu la divergence prédite par la
théorie de couplage des modes (MCT), cf. eq. 1.11. Les paramètres d’ajustements sont récapitulés dans
les tableaux 5.2 et 5.3. La ligne verticale pointillée représente la fraction volumique critique ϕMCT

prédite par un ajustement MCT avec un exposant γ compatible avec la théorie. Dans l’encadré sont
représentées les mêmes données que la figure principale, dans un système de coordonnées choisi de
telle sorte que la loi VFT est modélisée par une droite. Clairement, la divergence exponentielle prédite
par la loi VFT ajuste les données sur une gamme de fractions volumiques plus large que la divergence
en loi de puissance prédite par MCT.

ϕVFT ∆ϕVFT B ∆B
0.735 0.001 0.702 0.005

Table 5.3 – Valeurs des paramètres de l’ajustement obtenus pour une divergence type Vogel-Fulcher-
Tammann (VFT) (cf. eq. 1.12).

Pour résumer cette partie sur l’étude de la forme fonctionnelle de la croissance
de τα(qm)(ϕ), nous avons montré que la dynamique était bien modélisée par une ap-
proche de type MCT jusqu’à des fractions volumiques autours de la fraction volumique
critique ϕMCT = 0.673. Au-delà, dans un régime concentré on retrouve une dynamique
activée, caractérisée par une évolution exponentielle de τα(qm) en fonction de la dis-
tance à ϕVFT = 0.735. Ce comportement aussi bien observé par [19] pour un système
de sphères dures et ici pour un système de particules légèrement déformables, suggère
que la phénoménologie observée pour les systèmes moléculaires peut être étendue à
différents types de suspensions colloïdales.
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5.1.4 Dynamique self : S(q)≈ 1

Nous avons vu dans la partie 2.2.1 que, de part sa définition le facteur de struc-
ture dynamique mesuré en diffusion de la lumière sonde les mouvements collectifs
de particules (cf. eq. 2.22). Cependant sous certaines conditions, on montre qu’il est
possible de sonder le mouvement des particules seules (self). En reprenant l’argument
détaillé dans la section 2.2.1, ces conditions sont réalisées quand on sonde la dyna-
mique microscopique pour des valeurs de q = qs telles que S(q)≈ 1. L’évolution de la
dynamique self, caractérisée par le coefficient de diffusion à temps long Ds

L, vis-à-vis
de ϕ est un problème qui fait essentiellement intervenir les interactions hydrodyna-
miques entre particules. Il a été beaucoup étudié pour des systèmes de sphères dures
d’un point de vue théorique [112, 140], mais aussi d’un point de vue expérimental
[49, 133]. Néanmoins, il semble qu’aucune étude n’ait été faite pour des suspensions
de microgels. Au cours de cette étude, nous avons mesuré le temps de relaxation self

Figure 5.13 – Temps de relaxation τα(qs)/τ0 (en noir) pour des suspension de microgels, qs corres-
pond au vecteur de diffusion où S(q)≈ 1. Dans ces conditions nous mesurons un fonction de diffusion
intermédiaire incohérente, cette dernière donne des informations sur la dynamique self des particules,
pour les détails sur la mesure de τα(qs) voir la section 4.3.2. Les données magenta et vertes sont ti-
rées des références [133] et [49], elles correspondent à des mesures de coefficients de diffusion self à
temps longs pour des suspensions de sphères dures. La ligne noire correspond au modèle théorique de
Tokuyama et al. [112].

τα(qs) pour des fractions volumiques allant jusqu’à ϕ ≈ 0.6. Ces données sont repré-
sentées en noir sur la figure 5.13. Nous avons représenté des mesures de coefficients de
diffusion à temps longs obtenues pour des suspensions de sphères dures d’après les ré-
férences [49, 133]. La ligne noire représente le modèle théorique prévu par Tokuyama
et al. pour des sphères dures [112]. Nous pouvons constater que les données obtenues
pour les suspensions de microgels étudiées ici correspondent à celles attendues pour
un système de sphères dures.
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Nous remarquons que les différences notables entre les données et la théorie de
Tokuyama et al. d’une part, et la dynamique collective et la dynamique self d’autre part
apparaissent à partir de ϕ ∼ 0.5. Il serait donc intéressant de compléter l’étude de la
dynamique self dans le régime ϕ ¦ 0.5.

5.2 Viscosité : vitesses de sédimentation

Dans cette partie, nous détaillerons les mesures de vitesses de sédimentation des
particules-sondes au sein de la suspension de microgels. Ensuite, nous utiliserons la
même approche utilisée précédemment pour étudier la forme fonctionnelle de la crois-
sance des données de viscosité à hautes fractions volumiques. Pour finir, nous dis-
cuterons des différents ajustements obtenus pour la viscosité et pour la dynamique
microscopique.

5.2.1 Mesures des vitesses de sédimentation

Pour mesurer la viscosité de la suspension de microgels, nous avons ajouté en pe-
tite proportion (cf. tab. 5.5) des particules-sondes de silice. Puis, nous avons mesuré
la vitesse de sédimentation des particules-sondes à l’aide de l’expérience spécialement
mise en place au cours de ce travail et détaillée dans la section 3.1.2. Rappelons que le
but de cette expérience est de mesurer simultanément la dynamique microscopique de
la suspension de microgels et la vitesse de sédimentation des sondes, donnant accès à
la viscosité de la suspension. Ceci nous permet de nous affranchir des problèmes liés
à la comparaison des mesures de dynamique et de viscosité à hauts ϕ discutés dans
l’introduction (cf. sec. 1.2.3). Cependant, rappelons que cette expérience ne nous per-
met pas de mesurer les dynamiques trop rapides, typiquement les temps de relaxation
tel que τα ® 0.1 s correspondant dans notre cas à des échantillons à des fractions
volumiques ϕ ® 0.6.

Ainsi, pour tous les échantillons à ϕ ® 0.6 nous avons mesuré la viscosité en mesu-
rant la vitesse des particules-sondes. Ensuite, pour déterminer le temps de relaxation
τα(qm) de ces derniers, nous les avons transvasés dans une cellule adaptée. Nous per-
mettant ainsi d’étudier leur dynamique à l’aide de l’appareil standard de DLS décrit
dans la section 3.1.5. Il est important de souligner que dans la gamme de fractions
volumiques équivalente ϕ ® 0.6, la viscosité et le temps de relaxation ne dépendent
pas fortement de ϕ. Ceci nous permettra de comparer la viscosité et la dynamique du
système et ce sans avoir à se soucier d’une éventuelle différence des fractions volu-
miques absolues, discutée dans l’introduction. En revanche, cette considération n’est
plus vraie pour des échantillons ϕ ¦ 0.6 où le temps de relaxation et la viscosité du
système dépendent fortement de ϕ. Ainsi, toutes les mesures de viscosité effectuées
à ϕ ¦ 0.6 ont été faites simultanément avec les mesures de dynamique à l’aide de
l’expérience décrite dans la section 3.1.

Dans la suite nous détaillerons dans un régime faiblement concentré et fortement
concentré respectivement, quelques mesures représentatives des vitesses de sédimen-
tation qui nous ont permis de mesurer la viscosité de la suspension de microgels.
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Sur la page ci-contre (cf. fig. 5.14) sont représentés les résultats de l’analyse de trois
expériences où l’on a mesuré les vitesses de sédimentation de particules-sondes dans
une suspension modérément concentrée en particules de microgel. De haut en bas, les
fractions volumiques en microgels sont : ϕ = 0.36, ϕ = 0.45, ϕ = 0.49. La colonne
de gauche représente les mesures de vitesses suivant les directions verticale (en noir)
et horizontale (en rouge) extraites à l’aide de la méthode d’analyse d’images détaillée
dans la section 4.4. La colonne de droite représente les déplacements cumulés suivant
les directions verticale et horizontale, d =

∫

v(t)dt, obtenus à partir de l’intégration
des vitesses au cours du temps v(t).

En observant les vitesses v(t) au cours du temps, on remarque une allure simi-
laire pour les trois expériences. Au début on constate un régime où les fluctuations de
vitesses sont importantes. En pratique on vient de mélanger l’échantillon à une tem-
pérature de l’ordre de 25 ◦C pour homogénéiser la suspension de silice au sein de la
suspension de microgels. Puis on introduit ce dernier dans l’appareil de mesure et on
lance l’acquisition d’images. Il y a alors un temps d’équilibration du système pendant
lequel les fluctuations de vitesses sont typiquement importantes. Une fois ce régime
transitoire terminé, on remarque qu’on atteint un régime stationnaire où la vitesse de
sédimentation (en noir) fluctue autour d’une valeur stable. Finalement, on remarque
une dernière phase où la vitesse verticale décroît lentement jusqu’à zéro. Cette phase
est causée par l’approche puis par le passage du front de sédimentation. Le front de
sédimentation est la région spatiale de l’échantillon délimitant le surnageant de la
suspension qui sédimente 2.

Sur la colonne de droite sont représentés les déplacements cumulés obtenus en
intégrant la vitesse (cf. eq. 4.26). Dans cette représentation, les fluctuations de vi-
tesses sont lissées et on voit clairement que le déplacement est proportionnel au temps.
Pour extraire la vitesse de sédimentation, on effectue un régression linéaire sur les dé-
placements cumulés, sur un intervalle choisi où le déplacement est le plus linéaire
possible. Cet intervalle, correspondant typiquement à la phase où la vitesse v(t) est
stationnaire. Une fois la vitesse de sédimentation vs mesurée, la viscosité relative de
la suspension est alors donnée par η/η0 = v0/vs (cf. eq. 1.24), où v0 est la vitesse de
sédimentation des particules dans l’eau à la température équivalente 3 (cf. eq. 4.28).
L’incertitude sur la vitesse de sédimentation (et donc sur la viscosité) peut être esti-
mée en prenant l’incertitude sur l’ajustement de d(t). Cette erreur est toutefois très
faible et ne représente qu’une borne inférieure de l’incertitude. Une estimation plus
réaliste de l’incertitude peut être obtenue en considérant l’écart des valeurs de visco-
sité en fonction de ϕ par rapport à un ajustement de η(ϕ) par une fonction "lisse", par
exemple une loi de type VFT qu’on précisera par la suite. Par cette méthode, on estime
alors que l’erreur relative typique sur la mesure de la vitesse de sédimentation est telle
que ∆vs/vs ∼ 10 − 20 %. Cette incertitude peut sembler importante à première vue,
mais elle est négligeable dans un régime concentré où la viscosité de la suspension
augmente de plusieurs ordres de grandeurs.

2. Les mesures des vitesses de sédimentation sont effectuées à mi-hauteur de la cellule.
3. Pour rappel v0 ≈ 8µm/s à 20 ◦C .
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Figure 5.14 – Mesures typiques de vitesses de sédimentation des particules-sondes de silice au sein de
la suspension de microgels, mesurées à l’aide de l’expérience 3.1.2 et analysées à partir de la méthode
décrite dans la section 4.4. Les fractions volumiques en microgels sont (de haut en bas) : ϕ = 0.36, ϕ =
0.45, ϕ = 0.49. La colonne de gauche représente les vitesses suivant les directions verticale (en noir),
et horizontale (en rouge). La vitesse est moyennée sur des petits intervalles de temps (typiquement de
la dizaine de secondes pour l’échantillon le plus dilué, à la dizaine de minutes pour échantillon le plus
concentré) et elle est représentée en fonction du temps sur la durée totale de l’expérience. À droite sont
représentés les déplacements cumulés obtenus à partir de l’intégration de la vitesse au cours du temps.
Les flèches indiquent l’intervalle choisi pour effectuer la régression linéaire sur les déplacements (lignes
bleues).
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À première vue, on pourrait penser que les fluctuations de vitesses dans le sys-
tème sont importantes et qu’il doit y avoir un souci d’équilibration de l’échantillon ;
par exemple des mouvements de convections causés par un mauvais contrôle de tem-
pérature. On a toutefois montré que la température est très stable, les variations de
température sont de l’ordre de 0.02 ◦C sur plusieurs heures (cf. fig. 3.6). Des fluctua-
tions de vitesses sont généralement présentes même pour des particules sédimentant
dans un fluide simple. L’origine de ces fluctuations a été beaucoup discutée ces der-
nières années [141, 142, 143, 144], elles sont causées par un changement continuel
de la microstructure de la suspension constituée par les particules qui sédimentent.

Ce phénomène complexe est principalement lié aux interactions hydrodynamiques
entre les particules. Ces interactions étant à longues portées (∝ 1/r), les fluctuations
relatives de la vitesse de sédimentation sont observables même à faibles fractions volu-
miques. On montre que les fluctuations relatives de la vitesse de sédimentation varient
comme kϕ1/3

s , où k ∼ 2− 3 [143]. Ainsi même pour une faible fraction volumique en
particules-sondes (ϕs ∼ 10−4), des variations relatives de la vitesse de sédimentation
de l’ordre de 10 − 20 % sont envisageables. Bien que ces études concernent la sédi-
mentation de particules dans des solvants simples, dans le cas présenté ici où le milieu
effectif est une suspension colloïdale, l’ordre de grandeur des fluctuations observées
semble cohérent avec ce qui est observé dans un fluide simple. Dans cette étude, nous
ne nous sommes pas intéressés de près à ces fluctuations. Nous nous sommes seule-
ment intéressés à la vitesse moyenne pour en déduire la viscosité de la suspension.
Cependant, on notera que pour limiter les interactions hydrodynamiques entre les
particules sondes et donc les fluctuations de vitesses, il est important de travailler à
faibles fractions volumiques en particules-sondes, cette condition est toujours vérifiée
pour les expériences menées dans ce travail, où typiquement ϕs ∼ 10−4.

Sur la figure 5.15 représentée sur la page ci-contre nous avons représenté, de ma-
nière analogue à la page précédente, des mesures de vitesses de sédimentation, mais
cette fois dans un régime très concentré en particules. De haut en bas : ϕ = 0.65,
ϕ = 0.665, ϕ = 0.67. Expérimentalement, l’équilibration des échantillons concentrés
pour la mesure de la vitesse de sédimentation (et donc de η) est plus délicate que
pour la mesure de τα. Typiquement, chaque échantillon est placé à une température
autour de 25 ◦C pendant plusieurs heures, pour fluidifier l’échantillon et faciliter une
première équilibration. Puis, une rampe de températures décroissantes très lente est
appliquée sur parfois plusieurs jours de manière à atteindre la température désirée,
jusqu’à une fraction volumique plus grande que celle de départ. On remarquera sur
la figure 5.15 la durée typique des expériences effectuées. Par exemple, pour l’échan-
tillon le plus concentré, l’expérience dure plus de quatre jours. L’échantillon àϕ = 0.67
est l’échantillon le plus concentré pour lequel nous avons fait une mesure de vitesse
de sédimentation. On remarque que la mesure de vitesse verticale est relativement
constante sur plusieurs jours. Elle est très petite, autour de 0.2µm/h. Pour mieux ap-
préhender la lenteur du processus, ceci correspond à un déplacement de la particule
sur une distance comparable à son diamètre (d = 4.6µm) en 24 h ! Cependant, nous
avons constaté des fluctuations de vitesses horizontales anormalement importantes et
de grandes périodes temporelles (typiquement une vingtaine d’heures).
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Figure 5.15 – Vitesses de sédimentation des particules-sondes au sein de la suspension de microgels
dans un régime fortement concentré en particules, mesurées à l’aide de l’expérience 3.1.2 et analysées à
partir de la méthode décrite dans la section 4.4. Les fractions volumiques en microgels sont de haut en
bas : ϕ = 0.65, ϕ = 0.665, ϕ = 0.67. La colonne de gauche représente les vitesses suivant les directions
verticale (en noir), et horizontale (en rouge). La colonne de droite représente les déplacements cumulés,
suivant les directions verticale (en noir) et horizontale (en rouge). La mesure en bas, correspond à
l’échantillon le plus concentré pour lequel nous avons pu mesurer une vitesse de sédimentation. Dans
ce cas, la particule-sonde se déplace très lentement, typiquement d’une distance équivalente à sa taille
en 24 h.
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Figure 5.16 – Viscosité des suspensions de microgels (étoiles noires) et viscosité pour suspension de
sphères dures (en vert), d’après [56]. Les données de viscosité mesurées dans ce travail permettent
d’étendre de presque deux décades les données obtenues précedemment par [56].

Nous ne savons pas si ces fluctuations sont propres à l’échantillon, ou si elles viennent
plutôt d’un problème technique lié au montage expérimental. Pour les autres mesures,
nous n’avons pas observé de tels comportements. Néanmoins nous avons pu constater
parfois une vitesse horizontale de moyenne strictement non nulle. Cependant, en ana-
lysant les déplacements cumulés on remarque que le déplacement horizontal cumulé
est toujours beaucoup plus faible que le déplacement vertical. Nous avons pensé aussi
à un problème de verticalité du porte-échantillon, qui a été récemment amélioré, mais
qui reste encore à être étudié plus en détails.

Sur la figure 5.16 sont représentées les mesures de viscosité (étoiles noires) ex-
traites des mesures de vitesses de sédimentation. Nous y avons ajouté les mesures de
viscosité pour un système de sphères dures (en vert) tirées de [56], discutées dans l’in-
troduction. Ces mesures couvrent à ce jour, la plus grande gamme de viscosité à taux
de cisaillements nuls valable pour une suspension de sphères dures. Nous remarque-
rons que les mesures effectuées dans ce travail s’étendent quasiment sur deux décades
de plus en viscosité. Par ailleurs, nous noterons que de manière similaire aux mesures
de dynamique, la fraction volumique critique de divergence est décalée à plus grands
ϕ que celle d’un système de particules indéformables. Dans la suite, nous caractérise-
rons la forme fonctionnelle de la croissance de la viscosité du système en fonction de
la fraction volumique et nous la comparerons aux ajustements obtenus pour τα(qm).
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5.2.2 Forme fonctionnelle de la croissance de η(ϕ)

Pour caractériser la croissance de la viscosité avec la fraction volumique nous uti-
lisons seulement les données pour lesquelles nous avons mesuré simultanément le
temps de relaxation et la viscosité. De cette manière nous sommes sûrs de pouvoir
nous affranchir d’un quelconque problème lié à la détermination de la fraction vo-
lumique absolue du système. Nous utilisons les mêmes approches théoriques (MCT,
VFT) que celles utilisées précédemment pour l’ajustement des données de dynamique
microscopique. Pour rappel, la théorie MCT prévoit une divergence en loi de puissance
de la viscosité η/η0 = A(ϕc −ϕ)−γ, alors que la théorie VFT prédit une croissance ex-
ponentielle de la viscosité η/η0 = exp[B/(ϕc − ϕ)] (cf. eq. 1.13). Les ajustements
obtenus sont représentés sur la figure 5.17.

Figure 5.17 – Ajustements des données de viscosité suivant une approche MCT à gauche et VFT à
droite. Dans la gamme de fractions volumiques explorée pour la viscosité, les deux approches ajustent
bien les données, même si VFT donne un ajustement de qualité légèrement supérieure.

Sur la figure de gauche est représenté le résultat de l’ajustement MCT. À droite,
le résultat pour une approche de type VFT. Les valeurs des paramètres d’ajustements
sont récapitulés dans le tableau ci-dessous :

ϕMCT ∆ϕMCT A ∆A γ ϕVFT ∆ϕVFT B ∆B
0.680 0.002 0.57 0.1 2.47 0.743 0.002 0.78 0.01

Table 5.4 – Valeurs des paramètres des ajustements de la viscosité obtenus pour une modélisation de
type MCT (à gauche) et VFT (à droite).

Pour ajuster les données, nous avons utilisé la méthode d’ajustement détaillée pré-
cédemment. Cette dernière nous permet de trouver la fraction volumique critique qui
ajuste le mieux les données (celle pour laquelle le paramètre F-test est maximal).
Notons que, pour l’ajustement MCT nous avons imposé une valeur γ = 2.47 com-
patible avec la théorie et identique à celle utilisée pour les ajustements de τα(qm). On
notera que le coefficient de détermination R2 est sensiblement meilleur pour l’ajus-
tement VFT : R2 = 0.998 que celui de l’ajustement MCT : R2 = 0.977. Cependant
les deux approches modélisent bien les données, et cela ne permet pas de trancher
franchement en faveur d’un modèle plutôt qu’un autre.
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Figure 5.18 – Ajustements des données de viscosité suivant une approche MCT à gauche et VFT à
droite. Les cercles noirs représentent les données pour lesquelles on a imposé la fraction volumique
critique de divergence obtenue à partir des ajustements sur le temps de relaxation (cf. tab. 5.2 et 5.3).
Les étoiles correspondent aux données de la figure 5.17.

Cependant, nous pouvons pousser l’analyse un peu plus loin en tenant compte des
résultats obtenus pour les mesures de la dynamique microscopique détaillés précé-
demment. La théorie de couplage de modes prévoit une divergence de la viscosité
et du temps de relaxation du système à une même fraction volumique critique ϕc

[139]. Étant donné que nous avons plus de mesures, et à plus hautes fractions volu-
miques pour la dynamique microscopique, on peut raisonnablement imposer la frac-
tion volumique critique obtenue pour l’ajustement MCT de la dynamique microsco-
pique ϕc = 0.673 (cf. tab. 5.2) aux ajustements des mesures de viscosité. Le résultat
est représenté sur la figure 5.18 à gauche (cercle noirs), où sont aussi représentées
les données de la figure 5.17 (étoiles). On voit clairement le désaccord avec une ap-
proche de type MCT. Typiquement les données les plus concentrées s’écartent d’un
comportement en loi de puissance attendu pour une croissance en accord avec MCT.
Ceci montre un incohérence d’une approche MCT, qui ne permet pas d’ajuster les don-
nées de viscosité à une fraction critique de divergence égale à celle de la dynamique
microscopique.

On peut effectuer un raisonnement similaire, avec l’approche de type VFT, en im-
posant un fraction critique de divergence pour les données de viscosité égale à celle
obtenue pour la dynamique microscopique ϕc = 0.735 (cf. tab. 5.3). Ces données sont
représentées en cercle noirs sur la figure 5.18 à droite. On remarque que les données
restent toujours bien ajustées par une croissance exponentielle. Ceci suggère donc que,
aux incertitudes expérimentales près, une loi de type VFT ajuste bien à la fois τα(ϕ)
et η(ϕ) avec une seule même valeur de la fraction volumique critique ϕc.

Pour conclure, on constate que pour ajuster au mieux les données de viscosité à
l’aide de la théorie MCT, nous sommes obligés d’imposer une fraction volumique cri-
tique de divergence différente de celle obtenue pour l’ajustement du temps de relaxa-
tion τα(qm). Un résultat qui n’est pas cohérent avec la théorie de couplage de modes.
En revanche, une loi VFT reproduit très bien à la fois la croissance du temps carac-
téristique de la dynamique microscopique et de la viscosité, avec une seule fraction
volumique critique.
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5.3 Relation entre la dynamique microscopique et la
viscosité

Figure 5.19 – Comparaison entre les données de dynamique τα(qm) mesurées au pic de S(q) et les
données de viscosité pour les suspensions de microgels étudiées. On constate que τα(qm) et η sont bien
couplés jusque dans un régime très concentré.

Sur la figure 5.19 sont reportées toutes les mesures de dynamiques au pic de S(q)
et de viscosité obtenues lors de cette étude. La question portant sur la relation entre la
viscosité η et le temps de relaxation τα(qm)mesuré au pic de S(q) pour une suspension
colloïdale concentrée, était une des premières motivations de ce travail. On constate
sur la figure 5.19 que l’accroissement du temps de relaxation normalisé τα(qm)/τ0 est
égal à l’accroissement de la viscosité relative η/η0 de la suspension. La viscosité est
donc couplée avec le temps de relaxation structurale τα(qm) mesuré au maximum de
S(q). Ce résultat préalablement établi par Segrè et al. [52] pour un système de sphères
dures dans une gamme restreinte de ϕ, avant le début du régime surfondu, s’étend
donc sur plusieurs ordres de grandeurs, jusqu’au régime profondément surfondu.

Pour mieux représenter ce couplage, on peut représenter τα(qm)/τ0 en fonction
de η/η0. Ceci est possible car nous avons mesuré les données de viscosité et de dy-
namique dans un régime concentré rigoureusement à la même fraction volumique.
Cependant pour les mesures à ϕ ® 0.6, nous ne disposons pas de mesures simultanées
car la dynamique est trop rapide pour être mesurée à l’aide du dispositif multispeckles.
Dans ce régime, pour chaque mesure de η(ϕ) nous avons obtenu la valeur respec-
tive de τα(qm) par interpolation linéaire des mesures de dynamique disponibles aux
fractions volumiques proches de ϕ. Nous soulignons que cette procédure n’introduit
pas d’incertitude significative car dans ce régime τα et η varient lentement avec ϕ.
Ces données sont représentées en cercles noirs sur la figure 5.20. La partie hachurée
correspond à la limite de viscosité et de dynamique sondée dans l’expérience de Segrè
et al. [52].
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Nous pouvons constater que nous avons étendu leurs résultats sur plus de trois
décades supplémentaires. Dans l’encadré de la figure 5.20 est représenté le facteur
β discuté dans l’introduction. Il est défini comme le rapport du temps de relaxa-
tion normalisé sur la viscosité relative du système : β = [τα(qm)/τ0] × [η/η0]

−1.
Nous remarquons que β ∼ 1, et qu’il fluctue autour de l’unité, l’amplitude des fluctua-
tions est en accord avec les incertitudes de mesures expérimentales.

Figure 5.20 – Figure principale : temps de relaxation structurale normalisés mesurés au pic du facteur
de structure statique en fonction de la viscosité relative. Les cercles noirs représentent les données à
ϕ ® 0.6 pour lesquelles les mesures de τα et η ne sont pas simultanées (voir texte). Les cercles rouges
sont les données à ϕ ¦ 0.6 pour lesquelles les mesures de dynamique et de viscosité sont simultanées.
La zone hachurée, représente l’étendue des données préalablement obtenues par Segrè et al. [52] (en
bleu). On constate clairement avec cette représentation le couplage entre τα et η sur plusieurs ordres
de grandeurs. Encadré : coefficient β (voir texte) en fonction de la fraction volumique. La valeur de β
fluctue autour de 1, l’amplitude des fluctuations est comparable aux incertitudes expérimentales.

F 8 f
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Annexes

• • • • •
m0 (g) 0.55540 0.65524 0.88881 1.10180 0.99168

w0 0.02326 0.02146 0.02193 0.01534 0.01157
mSi (g) 0.01206 0.02218 0.02968 0.02154 0.02682

w 0.02277 0.02076 0.02122 0.01504 0.01126
ϕ0 0.62738 0.57187 0.58474 0.41427 0.31001
ϕk

0 0.62606 0.57077 0.58359 0.41369 0.30969
ϕs(×10−4) 1 1.5 1.5 1 1

Table 5.5 – Récapitulatif des quantités de produits utilisés pour chaque échantillon. m0 est la masse
de solution de microgels à une fraction massique w0. mSi représente la masse ajoutée d’une solution
de particules-sondes de silice dispersées dans de l’eau à une fraction volumique ϕ0

s = 5.10−3. w est la
fraction massique finale en microgels de l’échantillon. ϕ0 est la fraction volumique vraie (cf. eq. 3.8).
ϕk

0 est la fraction volumique calculée à l’aide de l’approximation ϕ = wk (cf. eq. 3.11). ϕs est la fraction
volumique en particules de silice





Conclusions et Perspectives

Comprendre le comportement de la dynamique microscopique et de la viscosité des
liquides surfondus représente un enjeu important pour appréhender la physique des
systèmes vitreux. Ce travail a été principalement consacré à l’étude de la relation entre
la dynamique microscopique et la viscosité d’une suspension colloïdale de microgels
dans un régime concentré.

Pour y parvenir nous avons du relever deux défis expérimentaux majeurs. Un pre-
mier lié à la difficulté de mesurer la viscosité dans la limite des taux de cisaillements
nuls d’une suspension concentrée de colloïdes. Un deuxième lié à l’incertitude inévi-
table sur les mesures de fractions volumiques absolues. Pour pallier ces deux pro-
blèmes, nous avons proposé une expérience consistant à mesurer simultanément la
dynamique et la viscosité d’une suspension colloïdale. La viscosité est obtenue en me-
surant la vitesse de sédimentation de particules-sondes micrométriques dans un ré-
gime à faible nombre de Péclet. Pour mesurer la vitesse de sédimentation, nous avons
utilisé une technique s’apparentant aux techniques de vélocimétrie speckles, couplée à
un montage optique original. Nous avons montré qu’avec ces techniques nous étions
capables de mesurer de petites vitesses de sédimentation, nous permettant ainsi d’ac-
céder à des gammes de viscosité jusqu’alors inaccessibles à l’aide des techniques clas-
siques de rhéologie. De plus, le caractère simultané des mesures nous a permis de
comparer directement les mesures de viscosité et de dynamique obtenues à hautes
fractions volumiques.

Nous avons mesuré le temps de relaxation au pic du facteur de structure statique
et montré que celui-ci restait couplé à la viscosité, et cela pour des régimes forte-
ment surfondus, étendant de plus de trois décades les résultats établis précédemment.
Par ailleurs, nous avons montré que la croissance des données de viscosité et de dyna-
mique avec la fraction volumique n’étaient pas modélisables à l’aide d’une divergence
algébrique prévue par la théorie de couplage de modes. Nous avons remarqué que
les données étaient mieux modélisées par une croissance exponentielle, donnée par
une loi de type Vogel-Fulcher-Tammann (VFT). Ce résultat préalablement observé dans
les systèmes de particules indéformables, et uniquement pour la dynamique micro-
scopique, n’avait jamais été observé pour des mesures de dynamique et de viscosité
concernant des suspensions de particules légèrement déformables. L’observation d’un
comportement similaire pour deux suspensions aux propriétés différentes, suggère
donc un possible caractère universel d’une divergence de type VFT pour les suspen-
sions colloïdales concentrées. Il est intéressant de noter que ce comportement s’appa-
rente au comportement généralement observé pour les systèmes vitreux moléculaires.
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Au cours de cette thèse, d’autres travaux stimulés par le fil principal de recherche
discuté précédemment ont été effectués. Nous avons développé une méthode permet-
tant de mesurer la fraction volumique absolue d’une suspension colloïdale avec une
bonne precision. Cette méthode est basée sur des mesures conjointes, dans un régime
dilué de viscosité, et de coefficients de diffusion self. Un autre point sur lequel nous
avons travaillé concerne l’élaboration d’une technique d’acquisition d’images origi-
nale et particulièrement adaptée à l’étude des systèmes ayant une dynamique lente.
Cette méthode présente l’avantage de pouvoir étudier les relaxations du système sur
plusieurs ordres de grandeurs et cela tout en travaillant à un taux d’acquisition moyen
faible. Cela permet de réduire le nombre de données à acquérir et facilite l’étude, par
exemple, de systèmes de la matière molle à l’aide de plusieurs caméras (différents
vecteurs de diffusion).

Enfin, une étude a été consacrée à l’élaboration et à la validation d’une nouvelle
méthode d’analyse de polydispersité, basée sur l’étude de fonctions de corrélation ob-
tenues par diffusion dynamique de la lumière. Nous avons proposé un nouvel indica-
teur de polydispersité qui s’est avéré être plus robuste que celui proposé par la méthode
d’analyse standard, dite des cumulants. La robustesse a été validée à l’aide de données
simulées et aussi de données expérimentales. De plus, cette méthode a l’avantage de
permettre de caractériser des échantillons fortement polydisperses voire bidisperses.
Ce qui était jusqu’alors impossible à l’aide de la méthode classique des cumulants.

Le travail principal effectué dans cette thèse ouvre la voie vers des expériences qui
doivent être effectuées pour finaliser cette étude. Par exemple, on a vu, qu’il fallait
confirmer que la présence des particules-sondes n’avait pas d’effet sur la dynamique
des particules de la suspension-hôte. Il serait intéressant aussi d’essayer d’étendre en-
core la gamme de viscosité à de plus hautes fractions volumiques. Ceci nous permet-
trait de nous éloigner encore un peu plus d’un régime MCT, et de vérifier si le couplage
entre la viscosité et la dynamique est toujours observé dans un régime essentiellement
VFT. Il serait aussi important d’étudier l’influence de la taille des particules-sondes sur
la viscosité mesurée. Par exemple en variant les caractéristiques des sondes (taille,
masse volumique), on peut jouer sur le nombre de Péclet. Ensuite, on pourrait compa-
rer les viscosités mesurées et vérifier si le régime sondé par les particules-sondes est
linéaire ou pas. Enfin, concernant les mesures de dynamique, il serait intéressant d’ef-
fectuer des mesures de dynamique self dans un régime plus concentré en particules et
de les comparer aux mesures faites au pic du facteur de structure statique.

Concernant des perspectives à plus longs termes, des sujets multiples d’investi-
gation se dessinent. Par exemple, l’étude du comportement d’un tel système dans la
limite des grand nombres de Péclet. Quand les particules-sondes qui sédimentent, ci-
saillent fortement la suspension. On pourrait se demander comment évoluent les vi-
tesses de sédimentation au regard de l’accroissement de la fraction volumique dans un
tel régime. On pourrait aussi étudier comment est affectée, par ce fort cisaillement, la
dynamique microscopique des particules de la suspension-hôte. Nous avons vu aussi
que les vitesses de sédimentation présentaient des fluctuations. Étudier par exemple
comment évoluent ces fluctuations de vitesses en fonction de la fraction volumique
en particules-hôtes, et comparer ces dernières avec celles observées dans le cas de la
sédimentation de particules dans un liquide simple, serait un sujet d’étude stimulant.
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Viscosité et dynamique microscopique dans les suspensions colloïdales concentrées

Résumé : Au cours de ce travail nous avons étudié la relation entre la viscosité η et la dynamique microscopique

(caractérisée par le temps de relaxation structurale τα) d’une suspension colloïdale en fonction de la fraction volu-

mique ϕ. Nous avons mis au point une expérience originale nous permettant de mesurer η et τα simultanément sur

un même échantillon. La dynamique microscopique est mesurée à l’aide de techniques conventionnelles de diffusion

dynamique de la lumière multipspeckles, la viscosité est quant à elle obtenue en mesurant la vitesse de sédimenta-

tion de particules-sondes micrométriques. Ces mesures nous ont permis d’étendre la gamme de viscosités à taux de

cisaillements nuls préalablement explorée d’environ deux décades. Nous montrons que la viscosité et le temps de

relaxation structurale mesuré au pic du facteur de structure statique, sont couplés jusqu’à des fractions volumiques

situées bien au-delà de la transition vers un régime surfondu. Par ailleurs, nous avons constaté que le fort accroisse-

ment de τα(ϕ) à l’approche de la transition vitreuse était bien décrit par une divergence exponentielle, plutôt que

par une loi de puissance critique prévue par la Théorie de Couplage des Modes (MCT).

Mots clés : Verres colloïdaux, Diffusion de la lumière, Dynamique microscopique, Viscosité, Sédimentation, Micro-

gels.

F 8 f

Microscopic dynamics and viscosity in dense colloidal suspensions

Abstract : In this work we have investigated the relation between the viscosity η and the microscopic dynamics

(structural relaxation time τα) of colloidal suspensions, as a function of volume fraction ϕ. We have designed and

implemented an original setup which allows us to measure η and τα simultaneously on the very same sample.

The dynamics are measured by conventional multispeckle dynamic light scattering, while the viscosity is obtained

by measuring the sedimentation velocity of micron-sized tracer particles. Our measurements extend the range of

previous measurements of the zero-shear viscosity about two decades. We find that the viscosity and the relaxation

time measured at the peak of the static structure factor are coupled up to deep in the supercooled regime, thereby

extending previous observations that were limited to the onset of supercooling. Furthermore, we show that the steep

growth of τα(ϕ) on approaching the glass transition is well described by an exponential divergence, rather than by

a critical power law as predicted by Mode Coupling Theory (MCT).

Keywords : Colloidal glasses, Light scattering, Microscopic dynamics, Viscosity, Sedimentation, Microgels.
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