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Introduction

Les plasmons-polaritons de surface (SPP) ont été observés expérimentalement au cours des années 1950
a la surface de films métalliques, notamment d’aluminium (voir figure 1). Ces SPP se présentent déja sous
forme de quanta, émis par des électrons réfléchis par le film métallique. RrrcHIE (1957) modélise ces films
par un gaz d’électrons et explique I'origine des excitations observées. Il distingue parmi elles les plasmons de
surface. Il est & noter que pres de 50 ans auparavant (CoLLiN 2004), ZENNECK (1907) puis SOMMERFELD
(1909) avaient mis en évidence analytiquement cette solution particuliére des équations de Maxwell que
constituent les ondes de surface (et dont les SPP sont un cas particulier) — non pas a la surface des métaux,

mais 4 la surface de la Terre, dans le domaine des ondes radio ot1 cette derniére est conductrice. A la suite de
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FiGuRre 1 — Spectre de perte d’énergie des électrons réfléchis par un film d’aluminium. Chacune des 4 courbes
correspond a une énergie initiale donnée de I'électron, indiquée sur la gauche de la courbe en eV. Les pics
correspondent a des multiples de 10,3 et 15,3 ¢V, énergies attribuables respectivement aux plasmons de surface
et aux plasmons de volume du film. Image extraite de (POWELL et Swan 1959).

'observation des SPP dans les années 1950, la recherche sur ces derniers se développe et atteint un premier
paroxysme au cours des années 1970 avec le développement de la théorie électromagnétique des réseaux
(HuTLEY et MAYSTRE 1976 ; PETIT, BOoTTEN etal. 1980). Un bon résumé des travaux de cette période se trouve
dans (RAETHER 1988). Les années 1980 et 1990 voient les techniques de nanofabrication faire des progres

considérables. Les SPP reviennent sur le devant de la scéne dans les années 1990 avec le développement
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de la microscopie en champ proche, notamment du NSOM, qui sonde le champ proche, ot les ondes de
surface jouent un r6le important. La premiere observation directe de SPP en champ proche est publiée en
1994 (DawsoN et al. 1994). A la fin des années 1990, EBBESEN et al. (1998) sont surpris par leurs mesures
de coefficients de transmission de la lumiére 2 travers des films métalliques percés de nanotrous, plus élevés
que ce a quoi ils s'attendaient. Cette « transmission extraordinaire » sappuyant notamment sur les SPP (Liu
et LALANNE 2008), a souligné le potentiel de ces derniers pour la manipulation de la lumiére & des échelles
nanométriques et suscité depuis un effort de recherche considérable autour des SPP. La capacité a confiner et
guider la lumiére couplée aux développements des techniques de nanofabrication conduisent a 'avénement de
la plasmonique : on commence a développer des composants basés sur les propriétés des plasmons (BARNES
et al. 2003 ; BozHEvOLNYI et al. 2006). Les domaines d’application actuels et a venir de la plasmonique
sont nombreux : circuits photoniques (OzBay 2006 ; EBBESEN et al. 2008), optique sub-longueur d’onde
(Zayars et al. 2005), détecteurs biologiques (ANKER et al. 2008), spectrométrie (KNEIPp et al. 1997 ; NIE et
EMoRY 1997), cellules solaires (CarcHPOLE et PoLman 2008), information quantique (Akimov et al. 2007 ;
KoLesov et al. 2009). Analogues aux SPP a la surface des cristaux polaires, les phonons-polaritons de surface
(SPhP), trouvent des applications dans 'émission thermique cohérente (GREFFET et al. 2002), la microscopie

de champ proche (DE WILDE et al. 20006), ou encore I'optique sub-longueur d’onde (TAUBNER et al. 2006a).

Lobjectif de cette these est de revisiter plusieurs aspects théoriques associés aux ondes de surface. Lune
des motivations est la description quantique de 'amplification d’un plasmon, et la description de I'interaction
des phonons-polaritons de surface (SPhP) avec des électrons situés dans un puits quantique. On souhaite
connaitre les taux d’émission spontanée et d’émission induite d’ondes de surface. Pour cela, il faut disposer
d’un traitement quantique du champ des ondes de surface qui puisse prendre en compte les propriétés optiques

expérimentales des milieux.

Ce traitement quantique nécessite de pouvoir écrire le champ des ondes de surface sous forme de somme
de modes et de connaitre I'énergie de ce champ. Or, en présence de matériaux a pertes, ce qui est toujours
le cas en pratique, les ondes de surface ont deux relations de dispersion (voir figure 2), 'une présentant une
asymptote, 'autre non. La premiére correspond au cas ol les pertes sont prises en compte via une pulsation w
complexe (et un vecteur d’onde K réel), dont on peut déduire un facteur de qualité ) = %;,, La seconde
correspond & un vecteur d’'onde complexe tenant compte des pertes (et une pulsation w réelle), dont on
peut déduire une longueur d’atténuation Ly = ﬁ, avec K = VK2. Dans ce dernier cas, la relation de
dispersion n’a pas d’asymptote et présente un repliement. Ainsi, on peut se demander si les deux relations
sont contradictoires ou complémentaires. En présence de pertes, les électrons « voient »-ils des SPhP avec des
grands vecteurs d’onde (premicre relation de dispersion) ou pas (seconde relation de dispersion) ? Ceci pose
alors une question cruciale : le confinement transverse du champ est-il limité par les pertes ? La densité d’états
au voisinage de la surface est-elle limitée par les pertes?

Dans le chapitre 1, on obtient deux expressions du champ des ondes de surface, correspondant a chacune
des relations de dispersion. On montre ainsi que ces derniéres sont complémentaires, et sont adaptées a dif-
férents types d’excitation des ondes de surface. La premiere relation de dispersion sera adaptée dans le cas de

sources impulsionnelles (finies dans le temps), alors qu'il sera préférable d’utiliser la seconde pour des sources
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FIGURE 2 — Relations de dispersion des SPP d’une interface verre-argent. Rouge : vecteur d’onde K complexe,
pulsation w réelle. Bleu : vecteur d’onde K réel, pulsation w complexe. Tirets noirs : cone de lumiere K = n<.
Lindice du verre vautn = 1, 5.

stationnaires (harmoniques).

Lexpression du champ obtenue dans le cas d’un vecteur d’onde complexe et une pulsation w réelle a la
forme d’un développement angulaire, analogue (2 deux dimensions) du développement angulaire du champ
électromagnétique dans un demi-espace vide. Dans ce dernier cas, ce développement angulaire permet de
retrouver le « principe » d'Huygens-Fresnel et 'optique de Fourier. Dans le chapitre 2, nous poserons ainsi les

bases d’une optique de Fourier et d’une optique géométrique pour les ondes de surface.

Le champ obtenu dans le cas d’'une pulsation w complexe et d’un vecteur d’onde réel fait apparaitre que
les ondes de surface avec de grands vecteurs d’onde (correspondant & 'asymptote de la relation de dispersion)
existent toujours en présence de pertes. La superlentille de PENDRY (2000) s’appuie sur les ondes de surface
afin de construire I'image d’un objet (PENDRY et RamakrIsHNA 2003). En régime harmonique, les vecteurs
d’onde accessibles pour les ondes de surface sont limités par les pertes, ce qui limite la résolution atteignable
par la superlentille. Dans le chapitre 3, nous verrons qu’il est possible, d’'améliorer la résolution spatiale en
travaillant en régime impulsionnel.

La relation de dispersion des ondes de surface avec une pulsation w complexe montre que 'on passe
continument d’un traitement avec pertes des ondes de surface & un traitement sans pertes. Ainsi, on développe
dans le chapitre 4 un traitement quantique des ondes de surface s’appuyant sur une description sans pertes
de ces derniéres, et qui a toujours un sens en présence de faibles pertes. On établit notamment les coefficients
d’Einstein d’émission spontanée et stimulée pour un systeme a deux niveaux en présence d’'une onde de
surface.

Enfin, le chapitre 5 traite des SPhP dans les puits quantiques et de leur interaction avec les électrons
du puits par transitions intrabandes (inter- et intrasousbandes) pour I'émission de rayonnement térahertz.
Les puits quantiques, constitués, ainsi que leurs barri¢res, d’un cristal polaire, supportent des SPhE, dans le

domaine térahertz pour le puits GaAs/AlGaAs que l'on traitera ici. En tant qu'ondes de surface, ces SPhP pré-
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sentent des analogies avec les SPP des films métalliques. Toutefois, aux fréquences mises ici en jeu, la structure
avec puits quantique est beaucoup plus sub-longueur d’onde et ses SPhP présentent des caractéristiques origi-
nales. Certains d’entre-eux interagissent fortement avec les électrons du puits et ont permis la réalisation d’un

modulateur d’ondes térahertz contrdlé électriquement.
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CHAPITRE 1

Champ des ondes de surface a ’aide du

formalisme de Green

[Phys. Rev. B79, 195414 (2009)]
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Une particularité des ondes de surface — on considére ici celles existant au niveau d’une interface simple

— est de pouvoir posséder des vecteurs d’onde K plus importants que ceux des ondes progressives des milieux

diélectriques environnants (voir figure 1.1, les vecteurs d’onde des ondes de surface sont « hors du coéne de

lumiére »). A une fréquence donnée, les ondes de surface peuvent donc posséder une longueur d’onde Ay, =
q p p g sp

2% plus faible que les ondes progressives et ainsi résoudre plus de détails qu’elles ou étre potentiellement

concentrées dans des volumes plus petits.

Les propriétés des ondes de surface sont souvent discutées en considérant un mode de la forme E(2) exp[i( Ky z+

Kyy — wt)], caractérisé par une pulsation w et un vecteur d’'onde K = K % + K. Cependant, pour dé-

crire la diffraction ou la focalisation d’ondes de surface, I'expression d’'un mode simple n’est pas suflisante.

Lorsque 'on décrit la diffraction ou la focalisation d’ondes progressives, on écrit le champ électromagnétique

sous forme de superposition linéaire de modes. Pour les ondes de surface, différentes solutions de rempla-

cement ont été utilisées, négligeant souvent la polarisation (WEEBER et al. 2001 ; FENG et al. 2007 ; Z1a et

BroNGERsMA 2007). De plus, une expression du champ des ondes de surface sous forme de somme de modes

orthogonaux entre-eux est nécessaire pour quantifier ces ondes et écrire les opérateurs qui leur sont associées.
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Ficure 1.1 — Relations de dispersion des SPP d’une interface argent/verre. Rouge : vecteur d’onde K com-
plexe, pulsation w réelle (constante diélectrique de I'argent : (PaLIK et GHOsH 1998)). Bleu : vecteur d’onde
K réel, pulsation w complexe (constante diélectrique de 'argent : (ARcHAMBAULT et al. 2009)). Tirets noirs :
cone de lumiere K = n. Lindice du verre vautn = 1, 5.

Un des buts de ce chapitre est d’obtenir une expression rigoureuse du champ des ondes de surface. Nous nous
appuierons pour cela sur le formalisme de Green et les notations de Stpe (1987).

La présence de pertes dans les matériaux conduit a 'existence de deux relations de dispersion pour les ondes
de surface (voir figure 1.1). La premiere, pour laquelle les pertes sont prises en compte via une pulsation w
complexe, présente une asymptote. La seconde, pour laquelle les pertes sont prises en compte via un vecteur
d’onde K complexe, ne présente plus d’asymptote mais un repliement. Lexistence conjointe de ces deux
relations de dispersion a été discutée dans le cadre des mesures de relation de dispersion par réflexion totale
atténuée (ATR) par ALEXANDER et al. (1974). Toutefois, la discussion se limite aux cas des expériences ATR.
Ici, nous obtiendrons ainsi deux expressions du champ des ondes de surface correspondant a chaque relation
de dispersion. Ces deux expressions nous permettront de discuter de problémes non résolus par ALEXANDER
etal. (1974), concernant 'interprétation des relations de dispersion dans le contexte de la limite de résolution
des ondes de surface ainsi que la densité d’état qui leur est associée.

La suite de ce chapitre et 'annexe C qui I'accompagne correspondent au contenu de (ARCHAMBAULT et al.

2009), auquel le lecteur peut se reporter il le souhaite.

1.1 Introduction originale

Surface plasmons have been known since the pioneering work of Ritchie in the 1950s (RrrcHIE 1957).
Considerable advances made in nanotechnology in recent years and the desire to control and manipulate light
at nanoscale have renewed the interest in surface plasmons (BARNEs et al. 2003). Numerical simulations and
experiments have demonstrated unique properties of different plasmonic nanostructure such as extraordinary

transmission (EBBESEN et al. 1998 ; Liu et LaLaNNE 2008), guiding (WEEBER et al. 2001 ; BozZHEVOLNYI et
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al. 2006 ; QUINTEN et al. 1998 ; MAIER et al. 2003), fluorescence enhancement (ANDREW et BARNES 2001 ;
ANGER et al. 2006 ; KUHN et al. 2006 ; RigNeaurT et al. 2005b ; KHURGIN et al. 2008), field enhancement
(TALLEY et al. 2005 ; ProDAN et al. 2003 ; KeLLy et al. 2003), focussing (L1u et al. 2005), superresolution
(Fang et al. 2005 ; SmMoryanINOV et al. 2005 ; TAUBNER et al. 2006b), omnidirectional absorption (TEPERIK
et al. 2008 ; MARQUIER et al. 2004), coherent thermal emission (GREFFET et al. 2002 ; MARQUIER et al.
2004 ; LAROCHE et al. 2005).

In this paper, we shall focus on surface plasmons propagating along flat surfaces. Propagation of surface
plasmons on a flat surface perpendicular to the z axis is often discussed using a mode E(2) exp[i( Kyz+Kyy—
wt)] characterized by a frequency w and a wave vector K = K& + K § parallel to the interface. However,
the surface plasmon fields diffracted by edges, guided by ridges, focussed by lenses cannot be described by a
simple mode. It is well-known that a finite size beam propagating in a vacuum has to be described in terms
of a linear superposition of plane waves. Differents ansatz, often neglecting polarization, have been used in
the litterature to address this question (WEEBER et al. 2001 ; FENG et al. 2007 ; Z1a et BRONGERsMA 2007).
One of the goals of this paper is to derive a rigorous representation for the surface plasmon field. Such a
superposition is the equivivalent of the angular plane wave spectrum for surface plasmons It can be used to

develop a framework for surface plasmon Fourier optics.

In doing so, a difficulty arises. When losses are taken into account, a mode with real K and real w is no
longer a valid solution. Although we can still use a Fourier representation with real K and real w, it is not
convenient to deal with waves that are not a solution. Elementary solutions using either a complex K or a
complex w can be found. However, we cannot assume that they form a basis. The first issue is thus to derive
a general representation for the surface plasmon field as a superposition of modes. The second issue is related
to the dispersion relation. A dispersion relation can be found when using either a complex K and a real w
or vice versa. These two choices leads to different shapes as seen in Fig.1.2. One dispersion relation has an

asymptote for very large values of K while the other has limited values of K and presents a backbending.

This issue was first noted by Arakawa et al. (ARakawaA et al. 1973) and later discussed by Alexander et
al. (ALEXANDER et al. 1974). Alexander remarked that when plotting the position of the dips in a reflectivity
experiment where the angle of incidence is varied at fixed frequency, one finds the dispersion relation with
backbending. Instead, when plotting the points obtained from a spectrum at fixed angle, one finds the disper-
sion relation without backbending. This approach seems simple and easily applicable. It is sufficient to explain
the attenuated total reflection (ATR) experiments. Nevertheless, it is not a general prescription that can be
used to discuss all possible issues. Let us illustrate this point by addressing two questions regarding the most
important properties of surface plasmons : confinment of the fields and large density of states. For a theore-
tical discussion of these applications, different dispersion relations lead to different predictions. Confinment
of the field is the key property regarding applications such as optical lithography, enhanced non-linear effects
or super-resolution issues. The dispersion relation with a backbending predicts a cut-off spatial frequency
and therefore a resolution limit whereas the dispersion relation without backbending does not predict any
resolution limit. Enhancement of the local density of states (or Purcell effect) is fundamental for fluorescence

enhancement and more light emission assisted by surface plasmons. The dispersion relation with a backben-
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FiGure 1.2 — (color online) Dispersion of surface plasmons propagating along the metal/air interface. (a)
Real w is chosen to obtain a complex K. (b) Real K is chosen to obtain a complex wy),. The flat asymptote
(dashed line) situated at w,/v/2 represents the nonretarded surface plasmon solution. The slanting solid
line represents the light cone inside which a wave is propagating (radiative) and outside which is evanescent
(surface).

ding again predicts a cut-off spatial frequency and therefore an upper limit to the LDOS. No limit is predicted
by the other dispersion relation. A general discussion on the applicability of the different dispersion relations
is thus needed.

In this paper we start by deriving two general representations of the surface plasmon field in terms of linear
superpositions of modes having the structure exp[i( Kyz + Ky + vz — wt)] with a well-defined polarization.
Each representation is associated with either a complex frequency or a complex wavevector and therefore to
a particular dispersion relation. We then show that the most convenient choice depends on the physical
problem to be discussed. We introduce a prescription that allows to choose complex or real frequency and the
associated dispersion relation. We then apply our analysis to discuss the resolution limit issue and the LDOS
issue. The paper is organized as follows. For the sake of completeness, we briefly summarize the derivation of
the dispersion relation in the next section. The following section introduces the general representations of the

surface plasmon field. We then discuss the physical content of these representations.

1.2 Surface plasmon dispersion relation

Let us consider a flat metal surface z = 0 bounded by dielectric media with dielectric constant €. For

convenience, we describe the dielectric response of the metal to an electric field using the local Drude model

eow) =1- ——"—— (1.1)
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where wy, is the bulk plasmon frequency and v, is a phenomenological bulk electron relaxation rate. We derive
the dispersion relation of surface plasmons propagating along the metal/dielectric interface.

We search a solution of Maxwell equations for an interface between two linear isotropic and local media
characterized by dielectric constants €,, where m = 1,2 denotes medium 1 (2 < 0) or 2 (z > 0). A surface

wave solution has a structure exp[i(K - r + v | 2| — wt)] with
K? + %271 = emw2/02 (1.2)

where 7y, is chosen so that Jm~,,, > 0. Boundary conditions impose the continuity of the tangential com-
ponents of the electric field and e . It follows that a p-polarized field can exist provided that €172 = —ea71.

One finds that a solution is given by

2
K? = (f> ae (1.3)
c/ €+ €

€1€2
€1 + €9

is a complex number so that the

When dealing with an interface separating a dielectric from a non lossy metal,

€1€2
€1+ €2

dispersion relation cannot be solved using real K and real w. It is necessary to consider a complex frequency

yields a unique solu-

tion to the problem. When accounting for losses in the material,

or a complex wavector to find roots of the equation. Let us first choose w real. We denote K}, the complex
root of the equation (4.4). Fig.1.2(a) shows the dispersion curve obtained from the surface plasmon disper-
sion relation Eq. (4.4) when plotting w versus Sie K. This curve exhibits a back-bending in the vicinity of
the frequency of non-retarded surface plasmon wj,/v/2. The second possible choice is to keep a real wavector
K. We denote wy), the complex root of the equation Eq. (4.4). Fig.1.2(b) shows the dispersion curve obtai-
ned when plotting Rews), versus K. It is seen in Fig.1.2(b) that this curve exhibits an asymptote for large
Wavevectors.

Let us make two remarks regarding the dispersion relation. We first note that Eq.(4.4) is also a solution
of €172 = €271 which defines a zero of the reflection factor, i.e. the Brewster angle. It can be checked that
the upper branch in Fig.1.2(b) is not a surface wave but the locus of the Brewster angle in the (w, K') plane.
Finally, we note that a surface plasmon is a collective oscillation of charge density. When the frequency w is
smaller than v, the collective electron oscillation is overdamped. In this frequency regime, Eq.(4.4) describes
a surface wave that has no longer the character of a surface plasmon. Thus, Eq.(4.4) describes the Brewster

angle for w > wy,, a surface plasmon for w, > w > v, a surface wave for v, > w.

1.3 General field representations

The aim of this section is to derive a general form of the surface plasmon field. To this aim, we first use
the simple interface Green’s tensor that yields the general form of the field for any given source distribution.
We then extract the surface plasmon contribution which is defined to be the pole contribution to the Green’s
tensor. We will show that this procedure leads in a natural way to different representations that make use of
either a complex wavevector or a complex frequency. We emphasize that both representations will describe

the same electromagnetic surface plasmon field Eg,(x, v, 2, t).
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Let us suppose that an arbitrary source is located nearby the dielectric-metal interface. The electric field

generated by the source j(r, t) is given by the relation

/
- —,u,o/dt /d3r’ G (r t—t)a’((;t,t), (1.4)

where 49 is vacuum permeability. A Fourier representation can be written in the form

2
K d : / /7
Gled,t—1) = j? / I (K 2,2/ )elle) -0 (1.5)

Here, the integration variables w and K, K are real. The explicit form of the Green’s tensor <§>(K, 2,72 w)
in the presence of the interface is given in Appendix A. It is seen that the Fourier transform of the Green’s
tensor has poles given by the denominator of the Fresnel factors for p-polarized field. For a dielectric/metal
interface, they correspond to the surface plasmon as discussed previously. Thus, the Green’s tensor can be split
into two terms : the pole contribution that yields the surface plasmon and the remaining contribution that
yields a regularized Green’s tensor.

G =G+ Gy, (1.6)
where the pole contribution to the Green’s tensor el sp can be explicitly derived using the residue theorem.
ﬁmg is the contribution of the regularized Green’s dyadic. It can be shown that the Green’s tensor can be
evaluated using a contour deformation in the complex plane and that the regularized term is essentially due to
the contribution along the branch cut. This contribution is often termed cylindrical wave or creeping wave.
The relative importance of these terms is well documented in classical texts for radiowaves (Baos 1966 ;
FELSEN et MarcuviTz 1994). The analysis of their respective contribution was of practical importance in
the early days of telecommunications as radiowaves were guided by the earth. This issue has been discussed
recently in the context of optics (LALANNE et HUGONIN 2006 ; Liu et LALANNE 2008). In this paper, we shall

not pursue this discussion and focus instead on the surface wave contribution defined as the pole contribution.

Ly
E,, ——ug/dt /d3’ sp(r t—t)a’(;t’,t). (1.7)

When solving Eq.(4.4), we can consider that w is real and find a complex K, or we can impose a real value
to K and find a complex root wgy. Thus, when extracting the poles, it is a matter of choice to consider that
they are poles in the complex frequency plane or in the complex wavevector plane. We find either a couple of
poles wsp and —wy,

along the x axis K g and — K g, for a given component along the y axis K as KS Kfsp + K2 It follows

or a complex wavevector pole K S2p hence two poles for the component of the wavevector

that we can cast the pole contribution to the Green’s tensor in the form :

>
PN by fwsp(K,z,z’) f_w (K, 2,2")
W — Wsp w—i—w

; (1.8)
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Apd g
where f (K, 2,2) and f _o: (K, z,2') are the residues of ‘g atwgp and —w? » respectively, or in the
form : PN

f_

o ( Ky, 2, 2 w) Koo (Kys 2, 2 w)
Kx Kx, sp Kx + Kx, sp

f
T oK, 2,2 w) = —=

>
where f f,  (Ky, 2,2 ,w) and ¥ K

o (Ky, 2, 2/, w) are the residues of<§> at K p and — K p respec-

tively.
These two choices leads to two different forms of the surface plasmon field given by Eq.(1.7). We now

examine these forms in detail.

1.3.1 Surface plasmon field representation with a real wavevector

In this section we derive the analytical form of the surface plasmon field using real wavevectors. For this
purpose we evaluate the pole contribution to the Green’s tensor by integrating in the complex w plane. The
complex pole wg, then yields a contribution for t —¢' > 0 that varies as exp(—iwsp(t —t')). After integration,

we find :
el

K, —_ :
sp=H(t—1) 29%2/ 5(—1) £, (K z, 2K (r=r) —wap (=) (1.9)
&)
e
where f (K, z,2) is the residue of ‘g at wep. It is given in the appendix C.1. It follows from Eq.(1.7)
that the field can be cast in the form of a linear superposition of modes with real wavevector and complex

frequency :

d2K % i(Ker z|l—w
E, = 2me/WE(K,t)(K— Ly el ot omlzl mesnt), (1.10)

where the amplitude E(K, t) is given in appendix C.1, n,, = —2if 2 < 0 and 2if 2 > 0,and K = K/ K. The
surface plasmon field takes a form that looks as a mode superposition except that the amplitude E (K, t) depends
on the time t. Indeed, when describing a stationary field using modes that have an exponential decay, the
amplitude is necessarily time dependent. In order to obtain a superposition of modes with fixed amplitudes,
it is necessary to assume that all sources are extinguished after time ¢ = 0 so that we observe the field after it
has been excited. In that case, the decay of the mode is well described by the imaginary part of ws). Eq. (1.10)
is thus well suited for fields excited by pulses. Note that the polarization of each mode is specified by the

n,,,, whose component along the z axis depends on the medium from which the field

K
Y

complex vector K —

is evaluated.

1.3.2 Surface plasmon field representation with a real frequency

Let us now turn to the alternative choice. We consider the complex poles K, g, and — K p. The Green

function can be cast in the form :

G =1 / / Oy (K, 2,2 w)efom(@mal) gy (y=y) g mieo(t=t) (1.11)
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ifr—a2' >0, and:

/ /dK <_> (Ky 5 o w)e—in,Sp(ac—x’)eiKy(y—y’)e—iw(t—t’) (1 12)
x sp Y ) 9 .

Apd A
ifz —a' <0. g  (Ky,2 2 w)and £ (K2, 2 w) are the residues of g at K p and — K .
They are given in appendix C.1. When inserting this form in Eq.(1.7), we again obtain a form for the field

that is a superposition of modes whose amplitude depends on x :

Ym

/ / K , W $)(K+ — &nm)ei(Kx,sp-’E"FKyy—"’YnJZ‘—wt)

B (Kyyw,2) (R = Bezpg)elCRoprtRutnlzen] (1 13)

Ym

where KT = (K. wspk + Ky 9) / Kgp and K™ = (— Kyt sp& + Ky9)/ Kp. The amplitudes B (K, w, x) and
E_(Ky,w,x) are given in appendix C.1. Again, it seems natural to have amplitudes of the modes that depend
on z if one describes a homogeneous field using modes with a decay along . A proper mode representation
should use only fixed amplitudes. This is possible if all the sources lie in the 2 < 0 region and the region of

interest is the > 0 region. We then obtain a surface plasmon field that can be cast in the form :

/ / Y (R - Kn,) B (K, w)elKrtnll-en (1.14)
where K = K % + K,$ is complex and K= K/ K,. We conclude that stationary monochromatic fields
with a finite size are well described by a representation that uses complex wavevectors and real frequencies. This
equation is one of the main result of this paper. Indeed, it provides a framework to develop surface plasmon
Fourier optics. Similar representations have been postulated as ansatz to surface plasmons interferences (Zia
et BRONGERsMA 2007), propagation along a stripe (WEEBER et al. 2001) or focussing (FENG et al. 2007). The
framework introduced above provides a rigorous derivation of the form of the surface plasmon field valid in
a region with no sources. Let us emphasize that this representation is well suited to discuss propagation for
x > xq of a surface plasmon field known along a line © = . It is seen on Eq.(1.14) that propagation over
a distance d amounts to multiply each mode by a factor exp(i K ;d). In general, this involves modifying both
the phase and the amplitude of the mode. Thus, it allows to discuss any surface wave diffraction problem.
Finally, let us stress that this representation is valid for a complex wavevector K and a real frequency w so that

this representation is necessarily associated with a dispersion relation with backbending.

To summarize, we have shown that the surface plasmon field can be represented using modes that have
either a complex frequency or a complex wavevector. However, the amplitudes may still depend on either
time or space. In the case of a field excited by a pulse, the representation that uses a complex frequency is well
suited. It is associated with the dispersion relation without backbending. In the case of a stationary mono-
chromatic excitation localized in space, a representation using modes with complex wavevectors is well suited.

It corresponds to a dispersion relation with backbending. This simple analysis yields a simple prescription to
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Ficure 1.3 — A point-like dipole located nearby the dielectric-metal interface

choose the proper dispersion relation. Note that in the case of pulses limited in space, both representations

can be used.

1.3.3 Surface plasmon field generated by a dipole

For many applications, it is useful to know the field generated by a dipole. For instance, when considering
the field scattered by a subwavelength particle, the source can be represented by an electric dipole. In addition,
any source can be decomposed as linear superposition of dipolar sources. Here, we derive the surface plasmon
field generated by a monochromatic point-like dipole characterized by its dipole moment p,, (see Fig. 1.3).
Note that there are other contributions to the field generated by the dipole at a distance typically smaller than
a wavelength. The surface plasmon contribution is typically dominant for larger distances (PINCEMIN et al.

1994 ; LaLANNE et HucoNIN 20006).

—iwot

For a vertical dipole pye = poe 04 located at a distance d below the interface, at z = y =0, we

obtain, using the cylindrical basis p, §,2) :

B, = 2% [Hf”(Ksppm ik Hé”(ffspp)nm]

1 K . . .

M i) = (<52 ) pendeimBleion} )
where Hél) and H fl) are Hankel functions of the first kind of zero-th and first order respectively, K, is
complex and verifies Eq. (4.4) with w = wy, M (K, wp) is given in appendix C.2 and the other notations
are defined above. The details of the calculation are given in appendix C.2. Using the asymptotic forms of the

Hankel functions, we obtain for the field of a vertical dipole, for p greater than a few 1/|Kjp| :

eiKSPp K ivid i .
sp

where M (Kp,wp) is given in appendix C.2. Thus the surface plasmon field is analogous to a damped

o iKspp o K , . .
cylindrical wave -€ with a polarization vector $ — ,ySp n,,. For a dipole oriented along the x axis
VEKspp m
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poe*i“’ot = poe 04, we obtain :
0 Kap (1) H{" (Kyp)
E, = 2Re [ [H Y (Kopp)'p — i 7L H (Kgpp)n, | cos — —22—PZPin 9]
Tm Kspp

1 . . .
M (Kgp,wo) . Do emde”mZ'e_WOt} (1.17)
0

where 0 = (%, p). Using the asymptotic forms of the Hankel functions, we obtain :

K.
o e'terP n Ksp / iv1d ivym|z| ,—iwot
E, =2Re|—— | p 0y, | cos O M}, (Kp,wo) po e e e (1.18)

/ Ksp P Tm

where Mj (Kp,wo) is given in appendix C.2. The surface plasmon field is analogous to a damped cylindrical
1Kspp

wave \6/7 with the same polarization vector p — ,y—jfnm, times a factor cos , making the field vanishing
spP

in the direction perpendicular the dipole (here the y direction) and more intense in the dipole’s direction

(here the x direction).

1.4 Discussion

In this section, we revisit two fundamental issues in the field of surface plasmons : field confinment and
large density of states. Confinment and superresolution are related to the existence of wavevectors with a
modulus much larger than w/c. In this respect the choice of the proper dispersion relation plays a key role as
one has a cut-off wavevector whereas the other predicts no limit for the dispersion relation. Is there a limit to

the resolution ? Is there a limit to the local density of states ?

1.4.1 Super resolution

Let us first discuss the issue of resolution when imaging with a surface plasmon driven at frequency w by
an external source. Recent experiments on far-field optical microscopy (SMoryaniNov et al. 2005) launched a
debate (SMoLyaNINOV et al. 2007 ; DREZET et al. 2007) about the role of surface plasmons in super-resolution
imaging effects. In (SmoryaniNov et al. 2005) the dispersion curve with the asymptotic behaviour has been
invoked to stress the role of surface plasmons in the image formation with nano-resolution. The resolution
was estimated to be g, /2. Therefore, if the dispersion curve with the asymptotic behaviour is chosen, there
seems to be no diffraction limit and only the amplitude decay of surface plasmon due to Ohmic losses in the
metal limits the resolution. The effect of the back-bending of surface plasmon dispersion discussed in (DREZET
et al. 2007) limits the surface plasmon wavelength 27 /9ReK ), and therefore, the resolution. Clearly, both
dispersion relations do not lead to the same conclusion and a prescription to choose one or the other is needed.
Let us consider a situation where a surface plasmon is excited locally by a stationary monochromatic field.
From section 3, we know that it is valid to use a representation with fixed amplitudes using modes with

complex wavevectors and real frequencies. This implies that the dispersion relation with real frequency (with
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backbending) is relevant. It follows that there is a cut-off spatial frequency. Indeed, as K, may be complex,
the propagation term exp(iK,x) introduces damping. In the case of a lossy medium, damping may be due
to losses. However, even for a non-lossy medium (K, is real), K, = (K S2p - Kg )1/2 can be imaginary.
This occurs when K, exceeds the value Kj),. This situation is the 2D analog of the evanescent waves with
wavevector K larger than w/c that cannot propagate in a vacuum. Clearly, K sp is a cut-off frequency and
the propagation term exp (i /K, x) works as a low-pass filter that prevents propagation of fields associated with
spatial frequencies larger than K. When dealing with lossy media, it is the real part of K, that specifies the
cut-off spatial frequency. It is seen in Fig.1.2 that it is limited by the backbending of the dispersion relation.

In summary, when discussing imaging using stationary monochromatic surface plasmons, the relevant
representation is based on modes with a complex wavector and a real frequency given by Eq.(1.14). This
corresponds to a dispersion relation that has a backbending. It follows that the resolution is limited by the

cut-off spatial frequency given by the maximum value of ReK),.

1.4.2 Local density of states

Let us now discuss the Local Density of States (LDOS). The density of states (DOS) is a quantity that
plays a fundamental role in many domains. In particular, it allows to derive all thermodynamic properties of
a system. In the case of an interface, the surface modes are confined close to the interface so that it is useful
to introduce the Local Density of States (LDOS) that depends on the distance to the interface (Jouramn
et al. 2003 ; JouraN et al. 2005). It allows to account for the huge increase of energy density close to an
interface when surface waves are excited (SHCHEGROV et al. 2000 ; JourLaIN et al. 2005). It also plays a key
role in defining the lifetime of a single emitter close to an interface (CHANCE et al. 2007 ; HENKEL et JOULAIN
2006 ; ABajo et Kociak 2008 ; NeLavaH et al. 2007 ; CHICANNE et al. 2002). In this context, the increase of
the projected LDOS is usually normalized by the LDOS in a homogeneous medium (e.g. a vacuum) yielding
the so-called Purcell factor. It is well-known in solid state physics that the density of states can be derived from
the dispersion relation. More specifically, the DOS increases at a frequency w when the dispersion relation
is flat at that particular frequency. A quick look at Fig.1.2 shows that different dispersion relations seem to
predict different LDOS. While Fig.1.2(b) predicts a very large peak at wgp/+/2 due to the asymptote and no
states above this frequency, Fig.1.2(a) predicts a smaller peak and a non zero LDOS between ws,/v/2 and
wgp- Again, we see that a prescription is needed to choose the right dispersion relation.

A standard procedure to derive the DOS in the reciprocal space is based on the periodic boundary condi-
tions. Assuming a surface of side L, the wavevector takes the form K = n, 2%& + ny 2%9’ In the plane
K, K, a mode has an area 472/ L?. It follows that the number of modes per unit area in d°K is given by
d?K/4m?. When performing this analysis, both K, and K, are real. Thus the relevant representation uses
real wavevectors and complex frequencies. The corresponding dispersion relation has no backbending and
therefore presents a singularity. This is in agreement with another approach of the LDOS based on the use
of the Green’s tensor that predicts an asymprotic behaviour proportional to 1/(23|e + 1]?) (JouraN et al.
2003 ; JouraIN et al. 2005). Of course, this divergence is non physical. It is related to the modelling of the

medium using a continuous description of the metal. This model cannot be valid on an atomic scale. Before
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reaching the atomic scale, non-local effects must be taken into account.

1.5 Conclusion

The purpose of this work is to clarify several issues regarding surface plasmons on flat surfaces. The first
issue deals with the mode representation of the surface plasmon field. We have shown that a surface plasmon
field can be represented as a sum of modes with either a complex wavevector or a complex frequency. We have
shown that a representation using complex frequencies is well adapted to fields excited by pulses and that
a representation using complex wavevectors is well adapted to stationary monochromatic fields excited in a
finite area. The latter representation provides a rigorous formula that can be used to analyse the diffraction of
a stationary surface plasmon field. This should be very useful in order to develop a surface plasmon Fourier
optics framework. This formula clearly shows that the maximum value of SRe K, is a cut-oft spatial frequency
that gives an upper limit to the resolution or confinment that can be obtained using surface plasmons. As a
by product, we have derived the form of the surface plasmon excited by a dipole located below the interface.
Finally, we have discussed how to choose the dispersion relation (with or without backbending) depending on
the issue. To illustrate this procedure, we have shown that there is a resolution limit given by the maximum
value of the wavevector at the backbending point. We have also shown that the local density of states should
be analysed using the dispersion relation with a real wavevector. This yields a LDOS that diverges close to the

interface in agreement with the result obtained from the Green’s tensor approach.
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Loptique géométrique traite le champ électromagnétique en termes de rayons lumineux, d’objets et
ptique g q p gnetiq y ]

d’images, éventuellement ponctuels. Dans le cadre plus général des équations de Maxwell, on montre que

I'image d’un point, apres avoir traversé un systeme optique, ne peut étre rigoureusement ponctuelle.

Avec des ondes progressives, on ne peut concentrer I'énergie électromagnétique dans des volumes de

dimensions inférieures & A/2. Réciproquement, on ne peut observer via ces ondes progressives de détails de

dimensions inférieures 2 A /2. Cela a pour conséquence notamment de limiter la résolution de la microscopie

classique avec de la lumiére visible & quelques centaines de nanometres (RIGNEAULT et al. 20052). Comme

nous I'avons vu au chapitre précédent, les ondes de surface ont la particularité de posséder des vecteurs d’ondes

« hors du cone de lumiére », et donc des longueurs d’ondes inférieures a celles des ondes progressives. Cette
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propriété peut étre exploitée afin de focaliser I'énergie électromagnétique dans des volumes dont au moins
'une des dimensions est plus faible que A\/2 — la limite est désormais Agp/2, olt Agp est la longueur d’onde
des ondes de surface. Il y a donc un grand intérét a revisiter les principes de I'optique en exploitant cette
propriété des ondes de surface. Ce chapitre se propose de donner un cadre théorique a 'optique de Fourier et
Poptique géométrique des ondes de surface.

Ainsi, de nombreuses expériences ont démontré la possibilité de focaliser les ondes de surface a 'aide d’'une
lentille zonée de Fresnel pour les ondes de surface (FENG et al. 2007) ou 4 'aide de diffuseurs & proximité d’une
surface disposés en arc-de-cercle (Eviyukain etal. 2007 ; HUBER etal. 2008). Plusieurs groupes ont démontré
la possibilité de réaliser des composants optiques passifs pour les ondes de surface (tels que des lentilles ou des
miroirs paraboliques (HOHENAU et al. 2005 ; FENG et al. 2007), ainsi que des composants plus originaux de
loptique transformationnelle tels que les lentilles de Liineburg et de Eaton (ZENTGRAF et al. 2011)). Zavats
etal. (2005) passent en revue de nombreux travaux portant notamment sur la réflexion et la diffusion d’ondes
de surface.

Il est & noter que d’autres outils peuvent étre utilisés pour concentrer 'énergie électromagnétique dans
des volumes sub-longueur d’onde, notamment les plasmons et phonons de surface localisés (SCHULLER et al.
2010) ou encore le retournement temporel en milieu diffusant (LEROSEY et al. 2007 ; CARMINATI et al. 2007).

Afin de modéliser des résultats d’optique a 'aide d’ondes de surface plus simplement quen traitant le
champ électromagnétique dans tout I'espace, certains groupes ont transposé le principe d'Huygens-Fresnel
aux ondes de surface, en traitant ces derniéres comme une onde scalaire (LALUET et al. 2007 ; Kim et al. 2008 ;
Z1a et BRONGERsMA 2007 ; HUBER et al. 2008). D’autres groupes ont utilisé une expression approchée du
champ vectoriel des ondes de surface (CHANG et al. 2005 ; YIN et al. 2005).

Il est & noter que la connaissance du champ électromagnétique complet des ondes de surface est également
importante en microscopie de champ proche, ol la grandeur cartographiée dépend de la sonde utilisée (VAN
LABEKE et BArcHIEST 1993 ; PortoO et al. 2000).

Dans ce chapitre, partant des équations de Maxwell, nous allons établir rigoureusement plusieurs outils
pour décrire la propagation des ondes de surface, tenant compte du caractere vectoriel de leur champ : nous
allons montrer que le champ des ondes de surface satisfait une équation de Helmholtz « 2D », nous allons éga-
lement établir un principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface (sous forme d’une équation intégrale
de Helmbholtz et Kirchhoff, voir Born et WoLr 1999). Ceci permettra de jeter les bases rigoureuses d’une
optique de Fourier des ondes de surface. Enfin, nous verrons ensuite comment écrire une équation eikonale
pour les ondes de surface décrivant leur propagation dans une limite « géométrique », analogue 2 la limite de
Poptique géométrique pour les ondes électromagnétiques usuelles.

Certains de ces résultats, concernant le propagateur de Fourier et le principe d’Huygens-Fresnel pour les

ondes de surface, ont été publiés dans (ARcHAMBAULT et al. 2009) et (TEPERIK et al. 2009) respectivement.
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2.1 Equation de Helmholtz pour les ondes de surface

Dans cette section, nous allons établir une équation de Helmholtz pour les ondes de surface. Dans les
sections suivantes, nous établirons un principe d’Huygens-Fresnel et une équation eikonale pour les ondes de
surface. Ces résultats s’appliquent aux ondes de surface d’une hétérostructure quelconque. Il peut s'agir d’une
interface simple entre de I'air ou un diélectrique et un métal (tel que I'or ou I'argent) ou un cristal polaire (tel
que le carbure de silicium), ou d’un film constitué d’un métal ou d’un cristal polaire entouré d’air ou d’'un

diélectrique (figure 2.1), mais il peut sagir de systemes plus complexes, dont la forme générale est représentée

Ficure 2.1 — Exemples de systemes stratifiés considérés dans ce chapitre. Gauche : interface simple entre
de lair ou un diélectrique (haut), et un métal (tel que de I'argent ou de I'or) ou un cristal polaire (tel que
le carbure de silicium ), supportant des SPP (métal) ou des SPhP (cristal polaire). Droite : film constitué
d’un métal ou d’un cristal polaire, entouré d’air ou d’un milieu diélectrique, supportant des SPP ou des SPhP
symétriques (short range) et antisymétriques (long range). 11 ne sagit que d’exemples, les résultats établis dans
ce chapitre s'appliquent a tout type d’hétérostructure supportant des ondes de surface.

sur la figure 2.2. Ses interfaces sont perpendiculaires 4 I'axe z et on note la constante diélectrique €(z, w).

Nous nous placons en régime harmonique de pulsation w réelle. Dans ce cas, a cause des pertes dans les
matériaux présents, les relations de dispersion des ondes de surface présentent un repliement (back-bending),
comme sur la figure 2.3.

Afin de rappeler les résultats correspondants de I'optique de Fourier usuelle, a trois dimensions, et de
montrer I'analogie entre celle-ci et 'optique de Fourier des ondes de surface, nous considérerons également
un milieu uniforme d’indice 7. Nous noterons E(r) le champ électrique des ondes de surface, et E(r) le champ
électrique du milieu uniforme d’indice n. Dans ce qui suit, nous rappellerons des résultats bien connus de

P'optique de Fourier pour E(r) puis établirons des résultats correspondants pour E(r).

2.1.1 Equation de Helmholtz pour les ondes de surface

Dans la géométrie étudiée, il est possible de séparer les champs de polarisation TE et de polarisation TM.
Les champs construits avec des ondes de polarisation TE (ou s) sont caractérisés par un champ électrique
E. nul. Les champs construits avec des ondes de polarisation TM (ou p) sont caractérisés par un champ

magnétique [, nul. Dans ce qui suit, on cherche une solution de polarisation TM, de sorte que H, = 0.
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F1GURE 2.2 — Forme générale d’hétérostructure considérée dans ce chapitre. Le systéme est invariant par trans-
lation dans les directions x et y. Les différents milieux sont séparés par des interfaces planes perpendiculaires
alaxe z.

3.5 —_—
3.0
2.5 ,
2.0 /, .
1.5
1.0
0.5
0.0

1
N
|

hw (eV)

0 10 20 30 40 50
Re(K) (rad.um™")

FiGure 2.3 — Relation de dispersion des SPP d’une interface argent/air, avec une pulsation w réelle.
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Nous allons nous intéresser a la composante £, du champ électrique des ondes de surface, car nous
pourrons en déduire toutes les autres composantes de E et H. Nous allons supposer qu’elle peut s'écrire sous

la forme

E.(r) = E(,y) f(2). 2.1)

Cette écriture de E,(r) se justifie par les roles différents joués par les directions paralléles, = et y, et per-
pendiculaire, z, des hétérostructures des figures 2.1 et 2.2. Nous nous intéressons a E, car il sagit de la
seule composante du champ électromagnétique des ondes de surface a étre non-nulle (non-nulle sur toute la
structure) quelle que soit la direction de propagation des ondes de surface. Les différents résultats concernant
loptique des ondes de surface porteront sur 'amplitude £(z, y). En multipliant les résultats obtenus par

f(2), ceux-ci s'appliqueront également a E,(r). De plus, la formule

1 oF, 1 d
B0 = gV | T | = i Vel 02)

que nous pourrons montrer (voir partie D.3.2), permet de déduire toutes les autres composantes de E(r). K,
désigne le module du vecteur d’onde des ondes de surface, et V , = &5% + 9’(% désigne la partie « parallele »

(aux interfaces) de 'opérateur V.

On retrouve dans I'écriture £(x, y) le caractére 2D de I'optique des ondes de surface, £(z, y) ne dépend
que de z et de y, ainsi que le fait que les ondes de surface ne possédent qu’une seule polarisation, et £(x, y)
est scalaire mais permet de retrouver toutes les composantes du champ électrique des ondes de surface. Les

équations de Maxwell donnent ensuite le champ magnétique.

En reportant expression (2.1) dans I'équation de Helmholtz vérifiée par E, (r),

AE,(r) + e(z, w)%Ez(r) =0, (2.3)

on obtient apres quelques manipulations algébriques simples,

AyE(z,y) % + €(z, w)‘;’—jf(Z)
S ) 4
E(z,y) f(2) 0

. b . . _ 9, & S .
On aintroduit ici I'opérateur laplacien parallele A , = 55+ g2 Les membres de I'équation (2.4) dépendant
de variables spatiales différentes (le membre de gauche dépend de x et y, le membre de droite de 2), ils
sont égaux 4 une méme valeur, que I'on note —K S2p. On justifie ci-dessous que K, correspond au module,
éventuellement complexe, du vecteur d’onde des ondes de surface 4 la pulsation w considérée. On déduit du

membre de gauche de (2.4) 'équation de Helmholtz pour les ondes de surface,
AyE(m,y) + K2,E(x,y) = 0. (2.5)

Toute I'information sur le probleme de la propagation de 'onde de surface dans le plan zy est contenu dans
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I'équation (2.5). Une solution particuliérement simple de cette équation est £(z,y) = e!Keo+Kyy)

avec
K2+ K§ =K §p. K, peut ainsi étre interprété comme le module du vecteur d’onde des ondes de surface.
La variable z n’intervient pas dans (2.5). Toute I'information sur la géométrie de I’hétérostructure dans la

direction z est comprise dans le module du vecteur d’onde K.

De maniére analogue, le champ électrique E(r) des ondes progressives d’'un milieu uniforme d’indice n
vérifie 'équation de Helmholtz,

AE(r) + k*E(r) = 0, (2.6)

ot k = n¢ est le module du vecteur d’onde des ondes progressives du milieu d’indice 7 a la pulsation w
considérée. Léquation (2.6) porte sur E(r), qui est une grandeur vectorielle (le champ des ondes progressives
posséde 2 polarisations), alors que 'équation (2.5) porte sur la grandeur scalaire £(z,y). (2.6) contient le
laplacien usuel a trois dimensions, A, alors que (2.5) contient un laplacien parallele A // n’agissant que sur

les deux coordonnées paralleles, x et y.

On peut déduire du membre de droite de (2.4) une seconde équation,

2 2
375 + [e(z,w)('; — Kfp} f(z)=0. (2.7)

Contrairement a (2.5), cette équation fait intervenir 2.

Il reste & utiliser les relations de continuité de €(z, w) E, et E ;. Il est commode de considérer que £(z, y)
est continu . On adjoint alors  (2.7) la continuité de €(z,w) f(z) et % a chaque interface. La continuité
de €(z,w) f(2) découle de celle de D, (r) = €(z,w)E,(r) = E(x,y) [€(z,w) f(2)] & la traversée de chaque
interface, celle de % découle de la continuité de E//(r), comme on le montre dans la partie D.3.1. Léqua-
tion (2.7), munie de ces deux conditions, conduit aux relations de dispersion des ondes de surface de 'hété-
rostructure, reliant K, a la pulsation w. Nous développerons ces calculs dans la partie 2.1.2, et nous verrons
que pour une valeur de w, la relation de dispersion des ondes de surface fournit une valeur Ky, (éventuelle-
ment plusieurs dans le cas de plusieurs interfaces — les développements ultérieurs s’appliquent alors & chacune

d’entre elles).

Pour résumer, on sépare les dépendances paralléles et perpendiculaire de la composante E, du champ des

ondes de surface (équation 2.1),

E.(r) = E(z,y) f ().

La partie perpendiculaire f(z) vérifie I'équation (2.7),

d2 2
o |t - K =0

qui, munie des relations de continuité aux interfaces, fixe le module K, du vecteur d’onde des ondes de

surface, car (2.7) permet de retrouver la relation de dispersion des ondes de surface, voir partie 2.1.2. La

1. £(z,y) pourrait par exemple étre discontinu aux interfaces, en restant uniforme dans chaque couche.
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partie paralléle, £(x, y), vérifie 'équation de Helmholtz pour les ondes de surface,
AyE (@, y) + K2,E(x,y) = 0.

On déduit F,(r) de &(7, y) a laide de 'équation (2.1), et E//(r) avec (2.2).

2.1.2 Relation de dispersion des ondes de surface

Nous nous intéressons dans cette partie a 'équation (2.7), dont nous allons rechercher les solutions. Nous
verrons que celles-ci n’existent que pour des valeurs précises de Kp, ce qui fixera sa valeur. K, en fonction de
la pulsation w correspond 4 la relation de dispersion des ondes de surface de 'hétérostructure considérée. Cette
hétérostructure peut consister en une interface simple entre deux milieux (dont les constantes diélectriques
sont opposées, voir figure 2.1, gauche), en un film (dont la constante diélectrique est opposée a celle des

milieux qui 'entourent, voir figure 2.1, droite), ou & une héwérostructure quelconque (figure 2.2 ou 2.4).

Couche Interface
z
wer P
Zy
M
M
i+1
] 7
] z
i1
Z
2
Zy
1

FIGURE 2.4 — Hétérostructure considérée dans ce chapitre. Il s'agit d’une hétérostructure, constituée de M +1
couches, indexées de j = 04 j = M, séparées par M interfaces, de 2 = 21 2 2 = z)7. Chaque couche est
uniforme et constituée d’un milieu de constante diélectrique €;(w) (5 est 'indice de la couche). On notera
également €(z,w) = €j(w) avec zj_1 < z < zj. Le systéme entier est supposé non magnétique (¢ = 1). La
j-iéme couche est comprise entre les interfaces z = Zj—1 €tz = zj, et son épaisseur est dj =Zz; — Zj—1. On
notera zg = —00, Z)j+1 = 00 et dj = dps4+1 = 00 pour les demi-espaces j = 0 et j = M + 1.

Avant de résoudre cette équation pour une hétérostructure quelconque telle que représentée sur les fi-
gures 2.2 et 2.4, nous allons étudier le cas, plus simple, d’une seule interface séparant deux demi-espaces

semi-infinis et uniformes.
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2.1.2.1 Interface simple

On considere le cas le plus simple d’'une interface unique séparant deux demi-espaces semi-infinis et

uniformes, de constantes diélectriques €1 (w) (z < 0) et €a(w) (z > 0). Léquation (2.7) devient alors

d2
d—ZJ; +~42f(2) =0 z<0, (2.8a)
d2
d—z‘]; +72f(2) =0 z>0, (2.8b)

2 2 . . .
avec 71 = y/e1(w)y — K2, et 72 = (/e2(w)% — K2,. Les termes sous ces deux racines sont a priori

complexes et ont deux racines opposées. Les conventions choisies pour les racines complexes, voir annexe A.3,
entrainent 7] > 0 ou ] = 0 et} > 0, de méme pour 2. Les solutions de (2.8) peuvent s’écrire sous la

forme
a1eM? 4 Bie7ME iz <0
f(z) = . A (2.9)
e 2% 4 [BoeT2% §iz >0
SiyY > 0, il faut &y = 0 pour que f(z) ne diverge pas en —cc. Sinon, 7 = 0 et 7] > 0, et on choisit
a1 = 0 ce qui revient a imposer qu’il 'y ait pas d’onde incidente provenant de z = —o0 sous le systeme.
Dans tous les cas, on a donc a; = 0. De la méme maniére, dans le milieu 2, il faut 85 = 0. La continuité de

€(z,w)f(z) et % conduit alors au syst¢tme d’équations
e1(w)fr = e2(w)az, —infi = iv2ae, (2.10)
qui n'a de solutions non nulles que si son déterminant est nul, soit
e1(w)y2(Kep,w) + ea(w)y1 (Ksp,w) = 0. (2.11)

En multipliant le membre de gauche par son expression conjuguée €1 (w)y2 (Kp, w) — €2(w)y1 (Kgp,w), on
obtient la relation de dispersion bien connue des ondes de surface d’une interface simple,
e1(w)ea(w) w?

2 _ .
K = o) T es] & (2.12)

2.1.2.2 Cas général

Le cas général est résolu dans 'annexe D.4. La encore, I'équation (2.7) n’a de solutions que pour certaines
valeurs de K. K}, en fonction de w correspond a la relation de dispersion des ondes de surface du systéme

considéré. On trouve que cette relation de dispersion correspond a 'annulation du déterminant du systéme
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d’équations

€j(w) [%‘6% T+ 53} = €jr1(w) [Oéjﬂ + Bj41e7H J“] ; (2.13a)
. iy . i
i (K, w) [O‘JEWJ - 5;} = 741 (K, w) [O‘j—H = Byt J“} : (2.13b)
avec 1 <j < M, a1 = By1 =0, ety = /€ (w)";—; — K2, (Les conventions pour les racines complexes
sont précisées dans 'annexe A.3.) Les inconnues sont (51, a2, B2, . . ., anr, Bar, @pr+1), soit 2M inconnues

pour 2 équations. La relation de dispersion dépend de la constante diélectrique €;(w) et de I'épaisseur d;
de chaque couche j comme attendu.
Lannulation du déterminant de (2.13) donne une équation implicite reliant K sgp a w. En pratique, on

résout ce systeme numériquement.

2.1.3 Développement angulaire du champ des ondes de surface

Dans le cas des ondes progressives en milieu homogene 3D, I'équation (2.6) a une solution générale qui

est

d2K 7 T z
E(r) = / @n2 ¢ (KoatKyy ) E(K,, Ky, 2 = 0), (2.14)

2 . . . .
avecy = \/ n?%y — K2 — K2 (voir annexe A.3 pour les conventions de signe des racines complexes). Cette

. 7. 7 > 7 2 . b . . .
solution met en évidence la présence d’ondes évanescentes pour K2+ K. 5 > n?“. Ceci est l'origine physique
de la limite de résolution. De surcroit, on peut interpréter le terme €7 comme un propagateur de Fourier

. 2 .
donnant le spectre E( K, Ky, 2) = E(K,, K,,0)e"*, o0 E(K,, Ky, 2) = f(g‘ﬂ‘)g et KyY)E (1, y, 2)
est la transformée de Fourier par rapport 4 = et y du champ E(r) dans le plan z constant. Nous allons voir

dans cette section que I'on peut déduire de (2.5) un développement analogue pour le champ des ondes de
surface.
En ce qui concerne les ondes de surface, on peut aisément un développement analogue du champ des
ondes de surface. On considére la transformée de Fourier par rapportay de £(z, ), £ (z, Ky) = [70 dye " v¥E(x,y),
qui vérifie

dK,

E(x,y) = /277 e (x, K,) (2.15)

(transformée de Fourier inverse). De (2.5), on déduit I'équation vérifiée par £(x, Ky)),

P K, o

o2 x,spg(x7Ky) =0, (2.16)

avec Ky p = 4 /Kgp — Kg Les solutions de cette équation sont de la forme £(z, K,)) = a(Ky)e’Km’SPm +
B(K,)e Kz Le terme B(K,)e K=srT correspond a des ondes de surface se propageant vers les 2 né-
gatifs. Si les ondes de surface considérées se propagent uniquement vers la droite (par exemple si toutes les

sources d’ondes de surface se situent & gauche de I'aire d’observation), ce dernier terme est nul. On peut alors
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écrire

E(x, Ky) = E(z = 0, Ky )eToor®, (2.17)

et on obtient en insérant cette expression dans (2.15),

K., .
E(z,y) = /d%y ez(Kx,sperKyy)g(x =0,K,). (2.18)

Il est a noter qu'en présence d’absorption, on ne retrouve pas une distinction nette entre des ondes pro-

gressives et des ondes évanescentes. On a tracé sur la figure 2.5 les parties réelles et imaginaires de K 5, en

11.5 12.0

{)0.0 10.5 11.0
K, (rad.pm™")

FiGure 2.5 — K, , et K/ o, en fonction de K. Cas particulier d’une interface simple or/air 2 A\g = 400
nm. Unités en ordonnées : rad.um ™. Trait continu : avec pertes, tirets : sans pertes. Pointillés : K, = K o

La frontire entre les ondes de surface progressives (K g, faible) et évanescentes (K o, non négligeable) n’est
’

78p
pas nette en présence d’absorption.

fonction de K, pour un cas particulier. On voit sur la figure que K” . n’est jamais nulle & cause de I’ab-
Yy g q x,8p )

sorption, puis augmente fortement pour |K,| > K, alors que K, o, tend vers 0. K¢, apparait comme une
fréquence spatiale de coupure dans la direction z. En régime monochromatique, (w réel) et en présence de
pertes, le repliement de la relation de dispersion limite les valeurs accessibles de K, et impose une limite de
résolution. On a tracé la relation de dispersion des SPP d’une interface verre/argent sur la figure 2.6 (gauche),
ainsi que la longueur de propagation de ces SPP (droite). Sur cet exemple, pour des longueurs de propaga-
tion raisonnables (supérieures 4 quelques jzm), les valeurs accessibles de K, restent proches des valeurs de K

permises avec les ondes progressives, situées a gauche du céne de lumiére (tirets sur la figure 2.6).
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FIGURE 2.6 — Relation de dispersion et longueur de propagation des SPP d’une interface verre/argent. Gauche:
relation de dispersion (trait bleu) et cone de lumiere du verre K = n? avecn = 1, 5. Droite : longueur de

propagation (m).
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2.2 Principe d’Huygens-Fresnel

2.2.1 Rappels généraux

Dans le cadre de Iélectromagnétisme, il est possible de démontrer le principe d’'Huygens-Fresnel. Nous
commencons par rappeler la procédure habituelle du cas 3D avant d’établir le résultat correspondant pour les
ondes de surface.

Le «principe » d' Huygens-Fresnel permet d’obtenir le champ électrique des ondes progressives en un point
r aintérieur d’'un volume V' délimité par une surface S en fonction du champ (et de ses dérivées) sur .S (voir

figure 2.7). Sa forme mathématique exacte se déduit de 'équation intégrale de Helmholtz et Kirchhoff (Born

n

FiGure 2.7 — Schéma illustrant le principe d’'Huygens-Fresnel pour les ondes progressives. On calcule le
champ a l'intérieur d’'un volume V' ayant pour fronti¢re une surface S. Les points de S sont vus comme des
sources secondaires isotropes (r;) ou directionnelles (r);). Le principe d’Huygens-Fresnel (équation 2.19) fait
intervenir la dérivée du champ électrique sur S selon la normale sortante n.

et WoLF 1999) qui peut s'écrire

B 1 etkle=r'l 5 , .9 ctklr—r'|

E17r/ (l') E2’r, (l‘)

ot la frontiére S du volume V' est parcourue par r/, % = n.V désigne la dérivée (par rapport a r') selon la
normale sortante de S en r’ (voir figure 2.7), et r est un point de V. Cette équation exprime le champ en un
point r de V' en fonction du champ et de sa dérivée normale sur la frontiére S. Les points ' de la surface S

peuvent étre vus comme les sources (on parle de « sources secondaires ») de deux ondes, une premiere onde,
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sphérique et proportionnelle A la dérivée normale du champ en r/,

6'L’/€|1'—1"| o

Eo(r) = W% [E(f )] ) (2.20)

et une seconde onde simplement proportionnelle au champ en r/,

B 5 ik|r—r'|
By (r) = —E(r’)a‘i <e|> . (2.21)

lr —r

Cette seconde onde a pour direction privilégiée la normale de S en r'. En effet, on peut ré-écrire le terme

dérivé dans I'équation précédente,

B B o 6ik|1'71"|
EQ,r’(r) = —E(r,)% <|r_r/|> , (2223)
B b eikz|r—r’|
B o
= —E(r') cos (r — ', n) A —7] ( P ) . (2.22b)

Le terme en cos (r — r/, n) est de module maximal lorsque r — 1’ est paralléle a n.

La surface S de 'expression (2.19) peut étre ouverte dans certains cas. Si au-dela d’une certaine distance
Va2 +y? alaxe (z,y) = (0,0), S coincide avec le plan z = 0 (voir figure 2.8), si toutes les sources a

A
y

F1GURe 2.8 — Schéma illustrant le principe d’Huygens-Fresnel usuel avec une surface S ouverte. Vue en coupe
d’une surface S ouverte, coincidant avec le plan z = 0 loin de I'axe Oz.

lorigine du champ considéré se situent dans le demi-espace a gauche de S, et si la condition de rayonnement
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de Sommerfeld
N 9 .
i 3 _— = ey 2 2 2 .
}%l_r)r(l)oR[zkE(r) 8RE(r)} 0 (R=+Va?2+y?+22) (2.23)

est satisfaite, alors I'expression (2.19) s'applique avec cette surface S ouverte.

Si cette surface ouverte S coincide avec le plan z = 0 (figure 2.9), on a (Goopman 2005)

A
y

>

F1Gure 2.9 — Surface S coincidant avec le plan z = 0.

B B 1 -, b eik|r—r’|
E(l’) = —% SdSE(l‘ )% ( ’1‘ — r,‘ y (2243)
ik|r—r/| B
L [4s 70 0 1) (2.24b)

T on s |r—r|dn

Les équations (2.24) ont I'avantage de dépendre soit du champ sur .S, soit de sa dérivée normale — seul I'un

des deux champs a besoin d’étre connu.
p

2.2.2 Principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface

Un principe d’'Huygens-Fresnel, présentant des propriétés analogues a celui des s’appliquant aux ondes
progressives (rappellé dans la partie 2.2.1), peut étre obtenu pour les ondes de surface. On montre dans

I'annexe D.2.1 que 'on peut écrire

£ =~ [4r] 1 (5= ) o) 6 i [ (5= )] o 229

1,5 (P) 2,50 (P)
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oup=ak+ypp =at+y9 |p—p'| = /(@ —2)2+ (y—y)2 L est un chemin fermé du plan

zy (voir figure 2.10) parcouru par le vecteur ”. Il faut que p'soit dans la surface S’ délimitée par L. H(gl)

n

FIGURE 2.10 — Schéma illustrant le principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface. On calcule le
champ a l'intérieur de la surface S délimitée par le chemin L. Les points de L sont vus comme des sources
secondaires isotropes (r}) ou anisotropes (rgl).

est la fonction de Hankel d’ordre 0 du premier type — son argument K, | — p”| est complexe, ses parties
réelle et imaginaire sont tracées pour plusieurs valeurs du rapport entre les parties imaginaire et réelle de son

argument sur la figure 2.11.

Légalité (2.25) exprime le champ en un point p'de la surface S en fonction du champ sur sa frontiere, le
chemin fermé L. Chaque point de L est vu comme la source de deux ondes, une premicre onde, isotrope et

proportionnelle a la dérivée du champ £() selon la normale sortante de L,

ooy 9 4o
E1,5(7) = HYY (Ko |5 — 7)) 5.£(7"); (2.26)

et une seconde onde, proportionnelle au champ en p”,

/ 8 — =/
52,[)"(53 =-E(p )% |:H(gl) (Ksp }p_ p D:| . (2.27)

Cette seconde onde est anisotrope, et a pour direction privilégiée la normale de L en p”’. En effet, on peut
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FIGURE 2.11 — Parties réelle et imaginaire de la fonction de Hankel d’ordre 0 de type 1, H, [()1) . Trait continu :
partie réelle. Tirets : partie imaginaire. On a représenté H, [()1) (Kspp) en fonction de Kg,p, pour différentes

valeurs du rapport ' = 2K / K{, (Iégende).

ré-écrire le terme dérivé dans I'équation précédente,

n 0 L
€25 (P) = —E(7") 5 [Hél) (Kop |7~ p’\)} (2.284)
— Ky&(p") cos (7— 5'ym) HY (Ko |5 — 7)) - (2.28b)

Le terme cos (9 — p’, n), dépendant de I'angle entre p'— p” et la normale sortante 3 L en p”, n, est fonction
de la direction de 7' — " et est 4 'origine de I'anisotropie de la source.

Lexpression (2.25) a 'inconvénient de faire intervenir une somme le long d’'un chemin fermé, mais celui-
ci peut étre ouvert dans certains cas. Si toutes les sources d’ondes de surface se situent a des abscisses < 0,

si les extrémités de L coincident avec des portions de I'axe © = 0 (voir figure 2.12) et si £(z, y) remplit la

condition de rayonnement

Jim VR |iK,E(x,y) — ;;5(3;,;/) =0 (R=+x2+y2), (2.29)
—r 00

Pexpression (2.25) s’applique toujours, avec un chemin L ouvert désormais.
Dans le cas ol ce chemin L ouvert coincide avec 'axe # = 0 (voir figure 2.13), les sommes sur L des

deux contributions a £(x, ), &1 5/ (p) et E 51(p), sont égales. On montre dans I'annexe D.2.3 que 'on peut

alors écrire
E0) = 5; [dLe@ 5 (1) (1,15 7)) (2:300
2% Jr on L0 \er '

1
=5 /dL HEY (Ko |7 = 7']) (7). (2.30b)
1) n
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FIGURE 2.12 — Géométrie pour le principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface avec un chemin L
ouvert.

FIGURE 2.13 — Géométrie pour le principe d’'Huygens-Fresnel pour les ondes de surface avec un chemin L
coincidant avec 'axe x = 0 (équation 2.30).
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Ces deux expressions correspondent soit a une somme d’ondes anisotropes (équation 2.30a), soit & une somme
d’ondes isotropes (équation 2.30b). Elles font intervenir soit £(p”), soit %5 (p”) : il sufhit de connaitre un
seul de ces deux champs sur L pour calculer £(7).

On retrouve la encore une analogie entre les ondes électromagnétiques usuelles et les ondes de surface.
Le principe d'Huygens-Fresnel exprime le champ en un point a 'intérieur d’un volume (ondes électromagné-
tiques usuelles, équation 2.19) ou d’une surface (ondes de surface, équation 2.25) en fonction du champ a la
frontiere de ce volume ou cette surface. Chaque point de la frontiére est vu comme une source « secondaire »

ik|r—r|

de deux ondes, I'une isotrope (en S—

=] pour les ondes électromagnétiques usuelles, en H(()l) (Ksplp—7"1)

pour les ondes de surface), 'autre anisotrope (dérivée normale des termes précédents). Londe isotrope est
proportionnelle & la dérivée normale du champ 2 la fronti¢re, 'onde anisotrope simplement au champ.
Dans les deux cas, sous certaines conditions, on peut exprimer le champ aprés une surface S (ondes
progressives) ou un chemin L (ondes de surface) en fonction soit du champ sur cette surface ou ce chemin, soit
de la dérivée normale du champ sur cette surface ou ce chemin (équations 2.24 pour les ondes progressives,
2.30 pour les ondes de surface). Les expressions rigoureuses établies ici different des expressions scalaires
utilisées dans la littérature. La dérivée normale de H, él) introduit des termes de champ proche ainsi que des

effets d’anisotropie a plus grande distance.
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2.3 Diffraction d’ondes de surface

Afin d’illustrer le principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface déterminé dans la partie pré-
cédente, nous allons maintenant nous intéresser a différents systémes diffractant et focalisant les ondes de

surface.

2.3.1 Ouverture simple

Une ouverture simple permet de visualiser les différences d’intensité entre les différentes composantes du
champ des ondes de surface. Une maniere de réaliser ce systéme, analogue a celui de Z1a et BRONGERSMA

(2007), est représentée sur la figure 2.14. Un ruban métallique guide les SPP jusqu'a un film métallique sur

z y Film
Air \ J
Guide
Guide “
—

SPP

Substrat
Métal

FiGURE 2.14 — Systeme diffractant les SPP incidents d’une ouverture simple. Gauche : vue en coupe de la
jonction guide/film semi-infini. Droite : vue de dessus.

lequel ils peuvent se propager librement. Les SPP du guide ont été préalablement excités, via un réseau ou par
éclairage direct par exemple). La jonction entre le ruban et le film constitue 'ouverture « source » de SPP. On
a représenté sur les figures 2.15 et 2.16 les trois composantes du champ des SPP émis par deux ouvertures
de tailles différentes, 'une sub-longueur d’onde (largeur w plus faible que la longueur d’onde des SPP \g),),
lautre non. La premiére ouverture sera ainsi peu directionnelle, la seconde le sera plus. On voit dans les deux

cas que la composante Ey, du champ differe fortement de E; et . : elle est notamment nulle sur 'axe O.

2.3.2 Fentes d’Young

Le principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface permet également de tracer les composantes du

champ des SPP de 'expérience des fentes d’Young plasmoniques réalisée par Z1a et BRONGERsMA (2007). Le
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Ficure 2.15 — Composantes du champ des plasmons-polaritons de surface (SPP) émis par une ouverture de

largeur w = 0,5 Agp. Kyp = i—z ~ (1,6427 + i0,0128)rad.um ! calculé pour les SPP d’une interface

or/air 4 A\g = 657 nm (longueur d’onde des SPP : Ay, = 400 nm). Les échelles de couleur vont de 0

(noir) 4 0,126 pour |E,|?, 0,057 pour |E,|? et 1 pour |E,|2. Le champ «source » sur I'axe 2 = 0 vaut

E(x =0,y) = cos(ﬂ'g) si ly] < %, et 0 sinon, forme sapprochant de celle indiquée graphiquement par
w

Z1a et BRONGERSMA (2007).
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Ficure 2.16 — Composantes du champ des SPP émis par une ouverture de largeur w = 2 \y). Les échelles
2,8,90 x 1073 pour | Ey|? et 1 pour |E,|?. Voir également
les commentaires de la figure 2.15 pour 'expression du champ « source » sur 'axe = 0.

de couleur vont de 0 (noir) a 0, 146 pour |E,,
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principe de cette expérience est rappelé sur la figure 2.17. Cette expérience consiste a observer la propagation

. Film
X
Guides y ‘

SPP

| Métal

F1GURE 2.17 — Analogue plasmonique de 'expérience des fentes d’Young. Gauche : vue en coupe des jonctions
guides/film semi-infini. Droite : vue de dessus.

Substrat

des SPP émis par deux ouvertures placées en bordure d’un film métallique. Lors de leur propagation, les SPP
émis interferent, et ces interférences sont observées en champ proche a I'aide d’'un SNOM dont la pointe
scanne la surface du film. On a représenté les trois composantes du champ calculées a I'aide du principe

d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface, ainsi que la somme du carré de leurs modules, sur la figure 2.18.

La figure expérimentale obtenue par Zia et BRONGERSMA (2007) est reproduite sur la figure 2.19 pour
comparaison. On remarque qu'on obtient un bon accord (divergence des deux faisceaux, largeur et évolution
le long de I'axe z des interférences constructives et destructives) entre la figure calculée pour |E|? (figure 2.18,
en bas 4 droite) et la figure obtenue par Z1a et BRONGERsMA (2007) (figure 2.19), aux franges d’interférences
de cette derniére prés (vraisemblablement dues au faisceau excitateur des modes des guides). Il est & noter que
les auteurs ne donnent pas la forme exacte du champ utilisé dans les calculs qu'ils effectuent en s'appuyant sur
une version scalaire du principe d’Huygens-Fresnel, et n'indiquent pas la fréquence a laquelle 'expérience est
réalisée — on I'a ici supposée correspondant a A\g = 780 nm, longueur d’onde employée par Z1a et al. (2006)

indiqués en référence par Z1a et BRONGERsMA (2007).
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Figure 2.18 — Composantes du champ des SPP d’un analogue plasmonique des fentes d’Young (Z1a et
BronGERsMA 2007). Les échelles de couleur vont de 0 (noir) 2 0, 87 pour |E,, \2, 0,025 pour ]Ey\Q, 1 pour
|E.|? et 1,87 pour |[E?| = |E,|?+|Ey|?+|E,|?. Laforme du champ de chaque faisceau incident est donné en
note de la figure 2.15. Afin de reproduire au mieux la forme du champ incident de Z1a et BRONGERsMA (2007),
la largeur des deux faisceaux utilisée est w = 2,7 pum et la distance entre leurs centres est de d = 3,5 pum.

X(um)

0 5 10 15 20
z(um)

Fi1GURE 2.19 — Image du champ de 'expérience des fentes d’Young pour les SPP obtenue par Zia et BRon-
GERSMA (2007). Les deux guides sont indiqués en pointillés blancs sur la gauche, la partie droite de la figure
correspond au film sur lequel se propagent les SPP. La largeur des guides est de 2 jum et ils sont espacés de 2
pm également (distance entre leurs centres de 4 yum). Labscisse x = 0 des images de la figure 2.18 correspond
a la terminaison des guides (ouvertures le long de la ligne verticale).
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2.4 Focalisation d’ondes de surface

Le principe d'Huygens-Fresnel pour les ondes de surface peut notamment étre utilisé afin de modéliser des
systémes focalisant des ondes de surface. De nombreux groupes ont étudié de tels systémes expérimentalement
(voir introduction du chapitre). Afin d’illustrer les possibilités offertes par le principe d’Huygens-Fresnel pour
les ondes de surface, nous allons nous intéresser  deux systemes particuliers : une «lentille zonée de Fresnel »
(Fresnel zone plate) pour les ondes de surface, dont nous préciserons le principe — un modele simple permettra
de la décrire, et un systéme focalisant des phonons-polaritons de surface (SPhP) d’une interface SiC/air, réalisé

expérimentalement par HUBER et al. (2008).

2.4.1 Lentille zonée de Fresnel

Le principe de fonctionnement de la lentille zonée de Fresnel pour ondes de surface est schématisé sur la

figure 2.20. Cette lentille est constituée d’un ensemble d’ouvertures, situées sur 'axe Oy, dont les centres sont
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F1Gure 2.20 — Lentille zonée de Fresnel pour les ondes de surface. Un faisceau de SPP incident est mis en
forme par des absorbeurs, de sorte que leur champ immédiatement apres les absorbeurs puisse étre calculé
avec une approximation de Kirchhoff.

situés a une distance |j|\sp du foyer F' de la lentille (voir figure 2.20), et dont les extrémités sont & une distance
de (|j| +%)Asp de F (j entier). Par analogie avec le principe de Kirchhoff pour les ondes progressives (N1ETO-
VEsPERINAS 2006), qui consiste, lors d’expériences de diffraction, & déterminer un champ initial & I'aide de
Poptique géométrique, on suppose £(x, y) égal a 1 au niveau des ouvertures sur 'axe Oy, et nul sur Oy hors
des ouvertures.

Le principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface permet alors de déterminer le champ des ondes

de surface apres la lentille. Les modules au carré des trois composantes de ce champ, ainsi que leur somme,
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sont représentés sur les figures 2.21 et 2.22.

2 2 2 2
|EX| (u.a.) |Ey| (u.a.) |Ez| (u.a.) IE 7] (u.a.)
6 6 6
4 4
2 2
7 7
< O = < 0
= =
-2 -2
-4 -4
-6 -6
2 4 2 4 2 4
XIA XIA XIA
sp sp sp

Ficure 2.21 — Composantes du champ des SPP d’une lentille de Fresnel pour les ondes de surface. f = 3.
K, = i—g(l, 643 + 70, 0128) calculé pour les ondes de surface d’une interface or/air 3 A\g = 400 nm. Les
échelles de couleur vont de 0 (noir) a 0,099 pour |E;|%, 0,031 pour |Ey|%, 1 pour |E,|? et 1,099 pour
[B2| = | Ex|? + | By * + | E: .

Comme dans le cas du champ apres une ouverture simple (figures 2.15 et 2.16), la composante I, differe
fortement de E; et E,. Dans tous les cas, on remarque que les modules au carré des composantes E, et
E, sont plus faibles d’'un a deux ordres de grandeur que celui de E.. Dans le cas de la plus courte focale
(f = Asp, figure 2.22), la composante E, s’éloigne plus de E, que pour la focale plus importante f = 3\,

notamment a proximité immédiate de la lentille.

2.4.2 Focalisation sur une surface de carbure de silicium

Le principe d’'Huygens-Fresnel pour les ondes de surface permet également de modéliser des systemes
plus complexes, dont le champ n’est a priori connu que sur un chemin courbe. Cest le cas du systeme étudié
expérimentalement par HUBER et al. (2008). Le principe de cette expérience est représenté sur la figure 2.23.
Une structure en or, réalisée a la surface d’un substrat en carbure de silicium (SiC), est éclairée par le faisceau
émis par un laser CO2 a une longueur d’onde de A = 10, 85 um. Le laser incident conduit a I'apparition de
courants induits dans la structure en or. Ces courants induits, proches de la surface de SiC, excitent des SPhP

de celle-ci.
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Ficure 2.22 — Composantes du champ des SPP d’une lentille de Fresnel pour les ondes de surface. f = A,
Les échelles de couleur vont de 0 (noir) 4 0,069 pour | E|?, 0,048 pour |E,|?, 1 pour |E,|? et 1,07 pour
’E2| = |E9E|2 + |Ey|2 + |EZ|2
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FIGURE 2.23 — Structure en or sur une surface de SiC focalisant ses SPhP. La structure en or est éclairée par
un laser 4 A = 10, 85 pm. Les courants induits dans I'or excitent les SPhP de la surface de SiC. Le chemin L
sur lequel sont disposées les sources secondaires est représenté en pointillés.

2.4.2.1 Approximation de Kirchhoff

Afin de déterminer a I'aide du principe d’'Huygens-Fresnel le champ des ondes de surface émis une telle
structure, on suppose que l'on connait le champ £(p) a proximité de la structure en or, sur le chemin L
schématisé sur la figure 2.23. Toutefois, la connaissance de £(5) n'est pas suffisante ici. En effet, la frontiere
de la structure en or est courbe, et I'on ne peut plus utiliser la formule (2.30a) afin de calculer le champ des
ondes de surface dans la structure. Léquation (2.25) doit étre utilisée, et il faut, pour cela, connaitre également

la dérivée normale du champ, 8%5 (P).

Afin de la déterminer, nous allons effectuer une approximation dans I'esprit de 'approximation de Kir-
chhoff (ou du plan tangent) dans le cadre de la diffusion par une surface rugueuse (NIETO-VESPERINAS
2006). Cette approximation consiste a supposer le rebord diffusant 'onde incidente comme localement plat.
Le long de ce rebord plat, le champ des ondes de surface est supposé proportionnel au champ incident,

kine-tf qvec t = frep + 22 et frep est la position d’un point du rebord (2 peut correspondre

g(ﬁreb) X Ez,incei
a laltitude approximative du rebord, mais est en fait arbitraire, seule la dépendance vis-a-vis de p nous in-
téresse ici). Londe de surface émise correspondra alors 4 une onde plane de la forme £(7) = Eye™® 7, et la
composante tangentielle de K est fixée par le champ incident sur le rebord, K; = Kkjpc¢. En effet, la phase
de 'onde émise est égale a la phase de 'onde incidente lo long du rebord. La composante normale de K s’en

déduit connaissant son carré K Szp’ K,= /K2 - K 2. Ainsi la dérivée normale du champ sur le rebord vaut

o0& 1 = . K. o, . —
finalement &= (prep) = 1K, Ee™Freb =i Kgp — k?nc’tg(p,‘eb).
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2.4.2.2 Champs obtenus

|E,|? et |E|? calculés A Paide du principe d'Huygens-Fresnel pour les ondes de surface sont représentés sur
les figures 2.24(a) a 2.24(d). 2.24(c) est & comparer aux résultats obtenus par HUBER et al. (2008), reproduits
sur la figure 2.24(e). 2.24(f) reproduit le champ des SPhP uniquement tel que calculé par HUBER et al. (2008)
alaide d’'un principe d’'Huygens-Fresnel scalaire, on peut la comparer 4 2.24(a). Pour tracer les figures 2.24(a)
42.24(d), on a supposé que les sources secondaires n’étaient disposées que sur I'arc de cercle intérieur du rebord
en or ainsi que sur les segments inférieur et supérieur joignant les deux arcs. Le rayon de 'arc intérieur du
rebord, qui n'est pas précisé explicitement par HUBER et al. (2008), a été fixé 4 R = 26 ym.

On constate que la théorie scalaire (figure 2.24(f)) reproduit convenablement le résultat de la théorie
vectorielle que nous avons proposée (figure 2.24(a)). La figure du champ total (figure 2.24(c)) reproduit bien

les principales caractéristiques de la figure obtenue expérimentalement (figure 2.24(e)).
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FiGure 2.24 — Champ des SPhP excités par une structure en or sur une surface de SiC. (a) a (d) : champs
calculés a 'aide du principe d’'Huygens-Fresnel pour les ondes de surface. (a) et (b) : champ des SPhP unique-
ment, (c) et (d) : champ des phonons-polaritons de surface et champ incident superposés (des interférences
se forment entre le champ incident et le champ des SPhP). Les échelles de couleur vont de 0 (noir) a 1 pour
|E.|? (gauche) et 1,33 pour |[E|? = |E;|* + |Ey|? + |E.|* (droite). (¢) : champ mesuré (SPhP + champ
incident), et (f) : et champ des SPhP seul déterminé numériquement, extraits de (HUBER et al. 2008).
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2.5 Optique géométrique des ondes de surface

Nous abordons ici la possibilité d’utiliser la notion de limite de 'optique géométrique. Bien que I'atténua-
tion des ondes de surface limite les distances mises en jeu, des observations expérimentales suggerent que la
notion de rayon peut étre utile pour décrire la propagation des ondes de surface (HoHENAU et al. 2005 ; Smo-
LYANINOV et al. 2005 ; ZENTGRAF et al. 2011). Lobjectif de cette section est d’établir les lois de la propagation

en milieu inhomogene des rayons d’ondes de surface.

2.5.1 Equation eikonale pour les ondes de surface

Pour les ondes électromagnétiques en milieu 3D, I'équation eikonale permet de relier les équations de

Maxwell a I'optique géométrique. Pour la retrouver, on cherche une solution de (2.6) sous la forme
E(r) = Eo(r)eo5®), (2.31)

avec kg = iior. En utilisant 'équation de Helmholtz (équation 2.6) et en supposant la longueur d’onde dans
le vide Ay faible devant les échelles de longueur des variations de lamplitude Eq(r) et de la phase S(r), on

obtient I'équation eikonale

(v§)2 = n%(r). (2.32)

Cette équation décrit I'évolution (spatiale) de la grandeur S(r), directement reliée 4 la phase du champ
électrique. Les iso-S correspondent aux fronts d’onde de 'onde considérée. Cette équation permet également
de montrer que les « rayons » lumineux se propagent en ligne droite dans les milieux d’indice constant (Born
et WoLE 1999). On peut également obtenir une équation eikonale pour les ondes de surface. Pour cela, on

cherche une solution de I'équation de Helmholtz pour les ondes de surface (équation 2.5) sous la forme
E(x,y) = E(w,y)e™0S=v), (2.33)

En reportant cette solution dans (2.5), on obtient

A//Eo + ik [V//&).V//S + 50(11,y)A//S] — k‘g [(V//S)z — nzp} =0, (2.34)
ol ng, = Kyp/ko est l'indice effectif des ondes de surface. Comme pour les ondes électromagnétiques en

milieu 3D, on suppose Ao petit devant I'échelle des variations de £ (z,y) et S(z,y). Le terme en k% = (%\—Z)Q

domine alors dans 'expression ci-dessus, et on peut écrire I'équation eikonale pour les ondes de surface,

(V) 8)? =n2 (2.35)

-
Cette équation est trés proche de I'équation eikonale pour les ondes électromagnétiques en milieu 3D (équa-
tion 2.32). Les ondes de surface ne se propageant que dans les directions « et y, la fonction phase S qui y

figure ne dépend que de x et y, contrairement  celle de (2.32) qui dépend également de z. Pour les ondes de
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surface, les cas ot la partie imaginaire de I'indice n), est faible devant sa partie réelle sont moins fréquents que
pour les ondes progressives. 75, est le plus souvent complexe, S 'est également : les rayons d’ondes de surface
sont absorbés au cours de leur propagation. On peut alors définir des « rayons » d’ondes de surface, en procé-
dant par analogie avec les ondes électromagnétiques en milieu 3D. Nous allons supposer |V S| < |V.S'| et
[ng,| < nly, Cest-a-dire que I'absorption est faible (la fonction S(x,y) est complexe a cause de I'absorption
des ondes de surface). Léquation (2.35) permet alors d’écrire (V.S”)? = Sp. On calcule dans 'annexe D.5
le vecteur de Poynting associé aux ondes de surface (équation D.33). En intégrant ce vecteur dans la direction

2, on définit un vecteur flux d’énergie 2D (équation D.34b),

1 " \Y
P = oo oe) e R { o [l S L e

Avec les hypotheses précédentes sur V //S et Ngp, on peut écrire

v,
/dz (z,w) |f(2 )|}} Ll (2.37)

sp

1 _ 7
P(5.1) = 5 (o) 20 R {

Nsp
Ce vecteur flux d’énergie est ainsi colinéaire 3 V // S’, et on définit les rayons d’ondes de surface comme les
courbes tangentes en tout point aux lignes S’ (x, y) constant. En notant s I'abscisse curviligne le long d’un de
\ !
ces rayons et r(s) une fonction parcourant ce dernier, % est unitaire et tangent au rayon, donc égal a %’

et on peut traduire la définition d’un rayon sous forme d’équation,

dr

e gy = ViS5 (2.38)

En différenciant cette équation par rapport a s, on peut obtenir 'équation d’évolution d’un rayon,

d d d
= <n;pd;) L (V9) (2.392)
- (dd; v) vs' (2.39b)
1
sp
— 1 12
- 2n’s,,v [(vs) } : (2.39d)
soit d d
- <"/Spd:) =0, (2.40)
car (V9')% = p est uniforme, ce qui entraine
2
dr_y, (2.41)

ds?
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Les solutions de cette équation sont de la forme r = as + b, ol a et b sont des vecteurs constants.
Elles correspondent a des droites : les rayons d’ondes de surface se propagent en ligne droite sur une surface

uniforme, comme attendu.

2.5.2 Equation des rayons d’ondes de surface en milieu inhomogene

On étend en annexe D.6 le formalisme précédent pour un systeme dont la géométrie varie lentement

dans les directions et y. On aboutit a une équation analogue a (2.5),
Ay (,y) + K3, (2,9)E(x,y) = 0, (2.42)

ot le carré du vecteur d’onde K2, (,y) dépend désormais des coordonnées z et y : lindice nyy(z,y) =
K, (z ko peut ainsi varier. On peut alors étendre facilement les calculs effectués dans la partie précédente.
sp\s 0

On définit un vecteur flux d’énergie 2D (voir équation 2.37) par

1 _ e 1 V Sl
Plo) = g a0 e o o fanteon 1o |
SPA sp\bs

(2.43)

On définit également les rayons d’ondes de surface comme les courbes perpendiculaires en tout point aux

courbes S’(z, y) constant (qui correspondent aux « fronts d’onde »), ce qui se traduit 2 nouveau sous forme
d’équation,

dr
/ i /

gy (T, y)$ =V, (2.44)

La encore, en différenciant cette équation par rapport a s, on peut obtenir I'équation d’évolution d’un rayon.

Les calculs sont analogues aux équations (2.39a) a (2.40), au passage de (2.39d) a (2.40) pres, qui permet

d’écrire ici
dr

d / /
£ |:Tl5p(l’, y)d$:| = vnsp(x7 y) (2.45)

Cette équation permet de justifier les calculs effectués par ZENTGRAF et al. (2011) pour dimensionner les
dispositifs d’optique transformationnelle pour SPP (lentilles de Liineburg et Eaton). Dans cet article, les
auteurs mettent en forme (la partie réelle de) I'indice nf, des SPP afin de dévier les « rayons » de SPP comme
le prévoirait loptique géométrique. Il est a noter que d’autres approches ont été étudiées afin de transposer
des composants de l'optique transformationnelle aux ondes de surface, consistant a implémenter des éléments
d’optique transformationnelle 3D dans des hétérostructures supportant des ondes de surface (Kapic et al.
2010). En tenant compte d’une éventuelle anistropie du tenseur diélectrique ainsi que du tenseur magnétique,
le modele développé dans ce chapitre peut étre étendu aux systemes contenant ce type de matériaux, et ce
mod¢le permettrait de modéliser des éléments étudiés par Kapic et al. (2010), choisis de sorte qu’ils varient

lentement dans le plan de propagation des ondes de surface.
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Dans le chapitre 2, nous avons étudié un principe d’'Huygens-Fresnel pour les ondes de surface. Celui-ci
sappuie sur la représentation des ondes de surface avec un vecteur d’onde complexe et une pulsation réelle (voir
figure 3.1). Dans cette représentation, les pertes dans les matériaux présents font que la relation de dispersion
des ondes de surface ne présente pas d’asymptote. Nous avons vu que cela a notamment pour conséquence de
limiter la résolution spatiale atteignable. La superlentille proposée par Pendry, dans la limite électrostatique,
se base sur la présence des ondes de surface et de 'asymptote de la relation de dispersion pour augmenter la
résolution. Toutefois, le probleme reste identique et en présence de pertes, en régime harmonique, les ondes
de surface ne présentent plus d’asymptote, ce qui limite finalement la résolution. Nous allons voir qu’il est
possible, en mettant en forme la dépendance temporelle des objets & imager, de sappuyer de nouveau sur
les ondes de surface de cette asymptote. Celle-ci est en effet présente lorsque 'on considére une pulsation
complexe, comme sur la figure 3.1. La résolution spatiale obtenue peut ainsi étre fagonnée par une mise en
forme temporelle du faisceau éclairant le systeme. En d’autres termes, nous allons montrer que la mise en forme
temporelle du faisceau incident permet de modifier la résolution spatiale d’'un syst¢me d’imagerie.

La superlentille la plus générale sappuie sur les matériaux possedant a la fois une permittivité € et une
perméabilité 1 négative. Ces matériaux ont été étudiés initialement par VESELAGO (1968). Lune des propriétés

particuli¢res de ces matériaux est la réfraction négative qui peut avoir lieu a leur interface avec un milieu
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w complexe

Il

K complexe

100O 1 2 3 4 5

K (rad.pm™")

FiGure 3.1 — Relation des ondes de surface d’une interface SiC/air. Bleu : relation de dispersion avec une
pulsation w complexe et un vecteur d’onde de module K réel. Vert : relation de dispersion avec une pulsation
w réelle et un vecteur d’onde de module K complexe. Avec une pulsation complexe, la relation de dispersion
présente une asymptote, & une pulsation wg), complexe vérifiant €(wgp) + 1 = 0. Avec un vecteur d’onde de
module complexe, la relation de dispersion présente un repliement, la partie réelle du module des vecteurs
d’onde K est limitée.

de permittivité et perméabilité positives. Cette propriété permet de concevoir avec de tels matériaux une
lentille « sans axe optique ». A la suite des travaux de Veselago, Pendry a souligné qu'une telle lentille exalte
les ondes évanescentes provenant d’'un objet, en plus de réfracter les ondes progressives. Pendry souligne
notamment que théoriquement, 'image formée par une telle lentille nest pas soumise  la limite usuelle de
diffraction (PENDRY 2000 ; PENDRY et RaMaKRISHNA 2003). De tels matériaux n’ayant pas encore été réalisés
aux fréquences visibles (SHALAEV 2007), Pendry fait remarquer que dans la limite électrostatique (module des
vecteurs d’onde dans le plan de la lentille grands devant w/c), la condition € = —1 suffit pour obtenir une
superlentille (plus de condition sur f1), et qu'un métal tel que I'argent permet d’approcher cette condition

dans le visible.

Afin d’¢étudier la superlentille, nous utilisons 'approximation électrostatique, car les distances mises en jeu
sont telles que les effets de retard sont négligeables. On peut alors se contenter de calculer les potentiels créés
par des charges. On peut aisément en déduire les champs électriques créés par des dipoles si nécessaire. On
considére un film de constante diélectrique €(w) entouré d’air (voir figure 3.3). Dans la limite électrostatique,
on peut écrire en un point d’observation le potentiel créé par une charge ponctuelle située de l'autre c6té du

film (LARKIN et STOCKMAN 2005),

o(r,w) = 4:60/0 dK JO(Kp)e_K(Z_h)tées)(K,w)eKZO, (3.1)

ou 2 est la coordonnée du point d’observation selon I'axe Oz perpendiculaire au film, et g la coordonnée de

la charge selon cet axe. ¢ est la valeur de la charge considérée. p est la distance du point d’observation a I'axe
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(es)

Oz. La charge est supposée située sur cet axe. £ (K, w) est le coefficient de transmission en polarisation p

dans la limite électrostatique, et vaut

4e(w)e KR
(@) + 12— [e(w) — 1J2e2RA

3.2)

Sauf cas particulier, le terme [e(w) + 1]2 figurant au dénominateur n’est pas nul. Aux grands K, ce terme do-

(es)

mine au dénominateur, et ¢, (K, w) décroit exponentiellement. Camplitude du potentiel est alors atténuée
A 7 PN 7 . . . €s .

a la traversée du film. Mais 2 la fréquence particuliére ot e(w) +1 = 0, té )(K ,w) vaut e" : le coefficient
de transmission du film croit exponentiellement, et le potentiel est exalté 2 la traversée du film. On peut alors

écrire ce potentiel sous la forme

I —K[e—(2042h)] _ q/(4meo)
W) = dK Jo(K = . 33
plnw) dmeo /0 oUKp)e VPP + [z — (20 + 2h)]? o)

Le potentiel du coté opposé a la charge est ainsi celui d’une charge image de méme valeur g située a une
distance 2h (vers les z croissant) de la charge ¢, éventuellement du méme c6té que la charge objet, voire dans

le film (figure 3.2). Le module K des composantes de Fourier dans le plan paralléle au film n'est ici pas limité

Air e=-1 Air

Objet Image

@ — >
q, Hh 1 q z
1 1
< h °

FiGure 3.2 — Superlentille parfaite dans la limite électrostatique. Limage d’une charge objet g est une charge
image de méme valeur située a une distance 2h de la charge objet, ot h est 'épaisseur du film vérifiante = —1
et jouant le r6le de superlentille.

par le film, il n’y a pas de limite de résolution. On peut donner une autre vision du fonctionnement de cette
superlentille. Dans la limite électrostatique, les ondes de surface d’une interface simple air/matériau du film
ont une unique pulsation wg), vérifiant €(ws,) +1 = 0. A cette pulsation, deux ondes évanescentes décroissant
en s'éloignant d’une interface satisfont les relations de passage au niveau de I'interface (interface de droite), et
constituent le champ d’une onde de surface. Solution moins courante, deux ondes évanescentes croissant en
s'éloignant de 'interface satisfont également ces relations de continuité (interface de gauche). Nous parlerons
alors d’« anti-onde de surface ». Dans le cas d’un film et avec un objet source a partir duquel décroit une
onde évanescente, on peut ainsi construire une solution des équations de Maxwell composée d’une anti-onde
de surface et d’'une onde de surface partageant leur champ dans le film. Une telle solution est représentée

schématiquement sur la figure ci-dessus. Les ondes de surface présentant une asymptote (voir figure 3.1) a la
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Fi1GURE 3.3 — Principe de fonctionnement d’une superlentille dans la limite électrostatique. On a tracé en
trait épais le potentiel d’une des ondes de surface et anti-onde de surface (voir ci-dessous) contribuant a la
construction de I'image.
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pulsation wg), vérifiant €(wgp,) + 1 = 0, ces solutions existent pour un grand nombre de vecteurs d’'onde K 2
cette pulsation, et permettent de reconstruire I'image d’un point source (PENDRY et RAMAKRISHNA 2003).

Le mode de fonctionnement d’une telle superlentille s'explique donc notamment par le fait quelle exalte
les ondes évanescentes incidentes (PENDRY et RamakrisaNa 2003). Cette lentille ne fonctionne théorique-
ment qu’a la pulsation a laquelle €(w) = —1 (pour une lentille entourée d’air), qui correspond a la pulsation
de 'asymptote des ondes de surface d’une interface simple entre de l'air et le matériau de permittivité e(w).

Si maintenant nous nous intéressons A un cas plus proche de la réalité, la constante diélectrique €(w)
est complexe a cause des pertes du matériau du film et cette pulsation wy), est nécessairement complexe. On
I'approche par sa partie réelle, wi, = Re(wsp), et €(wg,) + 1 est faible mais n’est plus nul. Le dénominateur
de I'équation (3.2) fait ainsi apparaitre une fréquence (spatiale) de coupure K., pour laquelle [e(wg,) +
1% ~ [e(wh,) — 1]2e 2K, soit Im[e(w),)] ~ 4 2Keh. Au dela de K., t](fs) (K, wy,) cesse de croitre
exponentiellement et tend vers 0, comme cela est représenté sur la figure 3.4 (voir partie 3.1.1). Les valeurs de
K correspondantes ne participent plus a la construction de I'image, ce qui conduit a une perte de résolution,
bien que celle-ci reste inférieure a la limite de diffraction \/2. Par la suite, ces pertes sont le facteur limitant
la résolution de la superlentille. Dans les cas non traités ici de matériaux rugueux ou de métamatériaux, la
rugosité et la non-homogénéité du matériau peuvent constituer le principal facteur limitant la résolution
plutot que cette fréquence de coupure (MAYSTRE et ENoch 2004).

Liu et al. (2003) ont vérifié expérimentalement qu'un film d’argent exaltait effectivement les ondes éva-
nescentes incidentes, a condition que I'épaisseur du film d’argent ne soit pas trop importante. La distance
entre les plans objet et image de la superlentille (égale & deux fois I'épaisseur du film) est limitée également par
ce facteur. Plusieurs groupes ont ensuite montré qu'un film d’argent était effectivement capable de former une
image sub-longueur d’onde dans la configuration proposée par Pendry (MELVILLE et Braikie 2005 ; MEL-
VILLE et al. 2004 ; FaNG et al. 2005). TAUBNER et al. (2006b) ont également montré qu’'un film de carbure
de silicium permettait de réaliser une superlentille dans le moyen infrarouge. Les articles de revue (SHALAEV
2007 ; Kawata et al. 2009) résument ces avancées et discutent également de la possibilité de transmettre
I'image formée par la superlentille en champ lointain pour une observation par microscopie « classique ».

Plusieurs groupes ont étudié¢ théoriquement des systémes s’écartant de celui décrit par Pendry ou en ont
affiné la description. ANANTHA RaAMAKRISHNA et PENDRY (2003) proposent d’utiliser un milieu a gain afin
d’augmenter la résolution de la superlentille. LARKIN et STockMAN (2005) discutent de I'influence de la dis-
persion spatiale sur les performances de la superlentille. Kix et al. (2004) ont notamment étudié les images
obtenues dans le cas d’'impulsions gaussiennes, centrées ou non sur la fréquence de I'asymptote des ondes de
surface. HALDANE (2002) analyse la formation d’images par une superlentille en termes d’ondes de surface du
film formant la superlentille. Casymptote de la relation de dispersion de ces modes est nécessairement coupée
a partir d’une certaine valeur du module de leur vecteur d’onde K, pour des raisons physiques (rugosité des
interfaces du film, dispersion spatiale des matériaux). Les composantes de Fourier de fréquence spatiale plus
grande que cette valeur maximale ne seront pas restituées par la superlentille, ce qui constitue une premiére
limite a sa résolution.

En procédant de mani¢re analogue au chapitre 2, nous allons séparer les contributions des différents
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modes de ce systeme lors de la formation d’une image. Nous verrons que le champ de cette image n’est pas
formé uniquement de ces modes, et nous donnerons une expression de 'amplitude de ces différentes contri-
butions en fonction de la forme temporelle du champ provenant des objets a imager. Nous verrons qu’avec

~wsp ainsi qu'en régime libre, il est possible d’obtenir une meilleure réso-

une impulsion de la forme H (t)e
lution qu’en régime harmonique. Nous interpréterons ce résultat en termes d’ondes de surface, symétriques

et antisymétriques, du film formant la superlentille.
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3.1 Superlentille hors régime harmonique

3.1.1 Potentiel en régime impulsionnel

Nous avons vu en introduction qua la pulsation wg, vérifiant €(wgp,) + 1 = 0, le coefficient de transmis-

sion du film considéré tz(,es) (K,w) valait e&"

7

, ol h est épaisseur du film. Le potentiel électrostatique est alors
exalté a la traversée du film. Toutefois, dans le cas d’un matériau a pertes pour le film, wy;, est nécessairement
complexe, et est approché en régime harmonique par wj, = Re(wsp). Afin d’étudier les écarts au cas idéal,
nous allons écrire le coefficient de transmission sous la forme

es Kh
1) (K, w) = MK, w). (3.4)

Ainsi, si le film agit effectivement en superlentille, on aura (K, w) = 1.

Les équations (3.1) et (3.4) permettent d’écrire

o(r,w) = 47(360 /OoodK Jo(K p)e K= 20IF i o)), (3.5)
Ainsi, on voit 4 I'aide de cette expression que le terme #( K, w) agit comme un filtre spatial du champ 3 imager :
le champ image correspond au champ de la charge source translaté de 2h et filtré par ¢(K, w).

Nous illustrerons les résultats obtenus avec le cas d’un film de carbure de silicium (SiC), d’épaisseur
h = 440 nm, entouré d’air. Ce systeme est proche de celui utilisé par TAUBNER et al. (2006b), le diélectrique
entourant le film de SiC est ici remplacé par de l'air afin de simplifier les calculs. Nous modélisons la constante

diélectrique du carbure de silicium par un modele de Lorentz,

2 2

€(w) = €x <1 + L0 _2T0 > (3.6)
who —w? —il'w

avec €0 = 6,7, wro = 793 cm™ L, wro = 969 cm ™! et I' = 4, 76 cm ™! (données de Sprtzer et al. 1959

et PaLIk et GHOsH 1998, ajustées par MARQUIER 2004).

On a représenté, sur la figure 3.4, #(K,w) 4 la pulsation Wiy ainsi qua des pulsations proches. On
remarque sur cette figure que #(K, Wy,) est constant et vaut 1 aux faibles K et décroit exponentiellement aux
grandes valeurs de K. On observe que la fréquence (spatiale) de coupure est plus grande pour w = wy,,. Ceci
illustre 4 la fois le role joué par les ondes de surface pour augmenter la résolution et I'existence d’une fréquence
de coupure due aux pertes.

Nous allons voir qu’il est possible, hors du régime harmonique, de tirer parti des propriétés de t (K,w)
afin de compenser partiellement sa décroissance rapide, ce qui permettra d’améliorer la résolution de la super-
lentille. Nous souhaitons étudier le potentiel induit par des sources de forme temporelle quelconque. Ainsi,

nous sommons sur les pulsations w I'expression (3.5) (multipliée par sa dépendance temporelle e %),

dow .
plet) = [ 50  plr) 67)
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FiGure 3.4 — |{(K,w)| pour différentes pulsations w. On a hw), ~ 117,5 meV. A la pulsation complexe
Wep, t(K, wgp) est indépendant de K. Pour des pulsations réelles, t(/,w) est la plus large & la pulsation
Wy, (trait épais), est la plus proche de wp. Encart : méme figure, ordonnée en échelle logarithmique. Méme
graduation en abscisse, ordonnée de 0,001 a 10.

soit

o(r,t) = 4:60 /O dK Jo(K p)e Kle=(zot2MI( ¢ 1), (3.8)

Cette expression fait intervenir un filtre spatial dépendant du temps, d’expression
p p P p P

tH(K,t) = / ‘21—“ e (K, w). (3.9)

™

3.1.2 Réponse impulsionnelle

Nous nous intéressons maintenant au filtre spatial #( K, t) (équation 3.9), figurant dans I'expression (3.8)
du potentiel créé par une charge impulsionnelle 0(¢) n'existant qua ¢ = 0. On montre en annexe E.1 que
t(K,w), qui figure dans I'expression (3.9), peut se séparer en contributions des modes du film, ainsi que
d’une contribution de la réponse instantanée du systéme. En utilisant 'équation (E.3), on peut alors effectuer

Pintégrale figurant dans (3.9), et on obtient pour (K, t),
t(K,t) = Sgd(t) — iR&KH(t)e_iwvat — iRAKH(t)e_WA’Kt +c.c., (3.10)

ol Iexpression c.c. (complexe conjugué) sapplique uniquement aux deux termes —iRg g H (t)e sk
et —iRA g H(t)e ™AxKt Le terme Sk d(t) est une réponse instantanée du systéme (elle est proportion-
nelle 4 la dépendance temporelle §(t) de la charge source). Le terme —iRg x H (t)e skt et son com-
plexe conjugué sont la contribution du mode symétrique du film, de relation de dispersion wg g tracée
sur la figure 3.5(a,rouge), et de potentiel représenté sur la figure 3.6 (gauche). Le terme complexe conjugué
[—iRs cH(t)e wsxt]* = iRi"g,KH(t)e_i(_wgvK)t est dit «antirésonant » au sens ol sa pulsation —wyg y

a une partie réelle négative. De la méme maniére, le terme —iR4 ge "“AK" et son complexe conjugué
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FI1GURE 3.5 — Relation de dispersion des phonons-polaritons de surface d’un film de SiC, entouré d’air, de 440
nm d’épaisseur. Gauche : partie réelle de la pulsation. Droite : durée de vie 7 des modes (7 = %) Bleu :
modes symétriques, rouge : modes antisymétriques. Traits continus : dans I'approximation électrostatique,
tirets : sans I'approximation électrostatique. Tirets fins noirs (figure de gauche) : cone de lumiere de lair
K = %. Dans le cas d’un film métallique, les modes symétriques correspondent aux plasmons-polaritons de
surface short range, et les modes antisymétriques aux plasmons-polaritons de surface long range.

Mode sym. Mode antisym.

F1GURE 3.6 — Potentiel des phonons-polaritons de surface d’un film de SiC, entouré d’air, de 440 nm d’épais-
seur. Gauche : potentiel du mode symétrique. Droite : potentiel du mode mode antisymétrique. Lamplitude
de ce potentiel est complexe de maniére générale, mais peut étre choisie réelle ici. Le potentiel de ces modes est
dela forme ¢y (r,t) = @p e f,(2)e"“r Kl 4-c.c. (p = S ou A). Les fonctions f,(z) peuvent étre choisies
réelles et sont représentées ci-dessus. La zone orangée représente le film. Le trait en tirets fins correspond au

zéro de I'abscisse. On a représenté le potentiel des modes 3 K = 5 rad.um L.

8
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correspondent 4 la contribution du mode antisymétrique, de relation de dispersion w4 ¢ tracée sur la fi-

gure 3.5(a,bleu) et de potentiel représenté sur la figure 3.6, et le complexe conjugué est dit antirésonant.

La figure 3.5(b) montre la durée de vie des modes associés aux relations de dispersion. On voit qu'a une
excitation impulsionnelle correspond une réponse (oscillante) amortie dont la durée est donnée par la durée
de vie des plasmons. Le point clé est qu’il n’y a plus de repliement dans la relation de dispersion. On a acces
ici a tous les vecteurs d’onde. Le prix a payer est la courte durée de vie de ces modes, qui est ici constante et

vaut 7 ~ 1,1 ps.

3.1.3 DPotentiel dans le cas général

Lexpression (3.8) correspond au potentiel ¢(r, t) créé par une charge source impulsionnelle 0 (%) (il s’agit
donc d’une fonction de Green de notre probléeme). Afin d’obtenir le potentiel électrostatique crée par des

charges sources de dépendance temporelle quelconque f(¢), nous effectuons un produit de convolution entre
p(r,t) et f(1),
= /dt’ o(r, t —t") f(t), (3.11)

soit

@(r,t) = T / dK Jo(K p)e™ Kl (020K ¢). (3.12)

Cette expression fait intervenir un nouveau filtre spatial, remplacant le filtre impulsionnel ¢(K, ) (équa-

tion 3.10), d’expression
(K, t) = /dt’ HK,t—t)f(t) (3.13a)
= Sk f(t) + Rs,kas k(t) + Raxoak(t)+ ta.r, (3.13b)

olt les termes antirésonants t.a.r. se déduisent de Rg s ik (t) et Ra ks, i (t) en substituant —Rf‘g’ K et
_R*A,K a4 Ry et Ry, et —WE,K et _wZ,K A ws K et wa i dans ag i (t) et g ik (t). La encore, le
terme Sk f(t) correspond & une réponse instantanée du systeme, les termes Rg g ovs i (t) et Ra goa i (t)
et les termes antirésonants correspondent aux modes symétriques et antisymétriques du film. Les amplitudes

ag K (t) et aa g (t) sont données par

s (t / dt/ e=s. (=) p gl (3.14a)

aar(t)=—i / dt’ e~ wax (=) phy, (3.14b)
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Elles sont solutions des équations différentielles

30;,1;( (t) +iws xas i (t) = =i f(t), (3.152)
aa@i’K (t) +iwa,kaak(t) = —if(t), (3.15b)

On reconnait la forme d’équations différentielles régissant 'amplitude d’oscillateurs harmoniques amortis de
pulsations complexes wg i et wa x, et pilotés par le terme —i f(¢). On retrouve une interprétation du fonc-
tionnement de la superlentille en termes d’oscillateurs couplés correspondant aux ondes de surface symétriques

et antisymétriques du film (GOMEZ-SanTOS 2003 ; WEE et PENDRY 2011).

En régime harmonique de pulsation w, f(t) = e~™?, et on retrouve le filtre £( K, w), multiplié par sa

dépendance temporelle e =%,

(K, t) = t(K,w)e ™" (3.16)

t(K,w) est représenté pour w = w?, ainsi que des pulsations proches sur la figure 3.4.

P

3.1.4 Impulsion de fréquence complexe

On a tracé le module des différentes contributions 4 #( K, Wyp) sur la figure 3.7 (gauche).

1.0 E 1.0

0.8 . 0.8 i
\3? 0.6} . 3;5? 0.6} n
R S
= 0.4 . = 0.4 .

0.2 . 0.2 i

0.0F———= * ‘ 0.0bk=== s !

0 2 4 6 8 10 0 2 4 6 8
K (rad.pm™") K (rad.pm™")

FiGure 3.7 — Poids des différentes contributions 2 £(K,w). Noir : [£(K,w)| (gauche : w = w/,,

W = wgp), vert : module de la contribution de la constante | Sk |, rouge : module des contributions des modes

droite :

antisymétriques (trait continu : terme résonant, tirets : terme anti-résonant), bleu : module des contributions
des modes symétriques (idem, le mode anti-résonant est trop faible pour étre visible sur les graphes). Encart
gauche : idem figure principale, échelle logarithmique en ordonnée. Méme échelle en abscisse, ordonnée de

107°4a1,1.

Sur cette figure, on peut remarquer que les contributions des modes symétriques et antisymétriques dé-

croissent exponentiellement et sont proportionnelles pour K > 6 rad.um~' 2 e=5" Pour K > 8 rad.um™},

10
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on remarque également que le module de (K, W) est inférieur 4 la somme des modules des contributions
des modes symétriques et antisymétriques . On peut vérifier (non représenté) que les contributions des modes
symétriques et antisymétriques sont opposées a ces valeurs de K. Ceci sexplique par les signes opposés des
potentiels de ces deux modes sils sont excités en phase. Lorsque les pertes sont faibles — aux faibles K, le terme

ﬁ (voir équations 3.17 ci-dessous, p = .S ou A) a des signes différents pour chacun de ces modes, et ils
D,
1

sp
. . , ..
sont de nouveau en phase. Si les pertes sont importantes, comme cest le cas ici, on a o ™~ Tl
dont le signe est le méme pour les modes symétriques et antisymétriques, qui sopposent a nouveau. Ainsi,
2Kh

t(K, Wy,) varie asymptotiquement comme leur différence, en ™ et non plus e 5" : la décroissance de
t(K, Wyp) est accentuée par rapport 4 celle des contributions séparées des modes du film.

Sur la figure 3.7 (droite), nous avons représenté les différentes contributions de #( K, wsy). On voit dans
ce cas que les contributions des modes symétriques et antisymétriques sont constantes aux grands K, et
t(K,wsp) également.

Afin d’exploiter les propriétés de (K, wsy ), nous allons employer une charge source avec une dépendance

temporelle de la forme f(t) = H (t)e ™s»!, représentée sur la figure 3.8, et que nous nommerons ici « im-

1.0

T

0.5

= 0.0
QO
S

-0.5

T

FIGURE 3.8 — Partie réelle de I'impulsion FC f(t) = H(t)e~ !, Tirets noir : enveloppe des oscillations.
Léchelle des oscillations n’est pas respectée.

%

pulsion de fréquence complexe » (impulsion FC). Sa transformée de Fourier f(w) = =y 2 la particularité

de présenter un pole en wsy, ce qui permet de faire intervenir £( K, wsp) dans les expressions des amplitudes
obtenues. Une solution particuliére de (3.15) dans ce cas est
H(t)e wspt
Qs (t) = e (3.17a)
Wsp — WS K
H(t)e wspt

Wsp — WA K

OzA7p7K(t) = (3.17b)

Avec cette solution particuliére, on aurait IL,(K,t) = H(t)e~“srt. Ce filtre a la propriété remarquable de



3.1. Superlentille hors régime harmonique 61

ne plus dépendre de K, et donc détre non dispersif spatialement : on retrouverait parfaitement l'image d’une
charge ponctuelle & une distance 2h de la charge source. Ce résultat correspond a 'analyse théorique du chapitre
précédent : lorsque la pulsation est complexe, la relation de dispersion présente une asymptote et permet bien
d’acceder aux grands K. Toutefois, cette solution particuli¢re n’est pas continue en ¢ = 0. Afin d’assurer cette

continuité, il est nécessaire de lui ajouter pour ¢ > 0 une solution homogene de (3.15), de la forme

ashi(t) = agg e “SKEL (3.18a)

aank(t) = OéA,o,Ke_iwA’Kt, (3.18b)

ol les constantes a5, i et v 0,k sont déterminées en écrivant s p, i (t)+g p i (1) —— Oetaap i (t)+
t—0

aanK(t) — 0. On obtient finalement
t—0

H(t efiwspt _ e*in,Kt
OzS7K(t) = ( ) [w - ] , (3.19a)
sp b

H(t) [e—iwspt _ e—iwA?Kt]

Wsp — WA K

(3.19b)

OJA,K(t) =

Les amplitudes des modes symétriques et antisymétriques (équations 3.19) décroissent exponentiellement,
a cause des parties imaginaires des pulsations wy),, wg i et wa K, et présentent des battements (entre ws),
et W,k pour g i (t) et wep et wa g pour aa (1)) At =0, ces amplitudes sont nulles & cause de la
présence du régime transitoire (correspondant i la solution homogene, termes en e~“sr?). Leur module
nest maximal qu'apreés une demi-période des battements. Ces périodes sont représentées sur la figure 3.9.

On remarque quelles croissent exponentiellement avec K en e®”, Les battements ont en effet pour période

10° ¢
= i
0 10 |
€ g
g -1 |
g0 4
© 12 | ]
2 107 F — FC, A E
L} 3 ]
S 10 | —fes
Q —  Reg. libre |]

-14 | | |
10 0 5 10 15 20
K (rad.pm™")

F1GURE 3.9 — Ordre de grandeur des battements pour une impulsion FC et en régime libre. Impulsion FC :
bleu, 1/]wg, — wiy x|, rouge, 1/|wy, — wy f¢|. Régime libre : noir, 1/(wy je — W x)-

Wsp—Wwp K> proportionnel asymptotiquement 3 e =57, Ainsi, les amplitudes avg i () et ava i () natteindront
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leur maximum qu’aprés des temps longs devant leur durée caractéristique de décroissance 1/(—2wy),), et la

difficulté a les observer augmente avec K.

. —iw t
Le filtre correspondant (équation 3.13b) peut s’écrire sous la forme II(K, t) = H(t)e™™“=»'—Rg HBle 5%

) ) ) Wsp—WS K )
H(t)e "“AK! . y 1 H(t)e "“s.K! H(t)e "“AK!
Rax ey +t.a.r., oltles termes antirésonants t.a.7. se déduisentde — Rg g L Ry i ey

en substituant — RS -, —RY i, —wg g et —wh i 2 Rs i, RA i, ws ik et wa k. Il peut se réécrire sous la

forme

) . e*i(wS,K*Wsp)t efi(wA’wasp)t
(K, t) = H(t)e ™' |1 — Ry  Rygo— " ttar|. (320
Wsp — WS K Wsp — WA K

Ce filtre est représenté 4 différents instants sur la figure 3.10. Le filtre en régime harmonique ¢(K, wy,)

I, (Kt) €|

K (rad.pm™")

LU//

F1GURE 3.10 — Filtre des fréquences spatiales [TI( K, t)|, multiplié par e ~“s»*, pour une impulsion FC. Traits

colorés : [TI(K, t)|e~“s»*| a différents instants (voir légende). Ces courbes ont été tronquées pour plus de clarté
(A K =1,2,3et4 rad.um™! pour les courbes correspondant respectivement 3 t = 2, 4, 8 et 16 ps). Le filtre
I1(K, t) (couleur), multipli¢ par e ", peut ainsi étre plus large que le filtre en régime harmonique (X, Wep)
(module en trait épais noir, sur la figure 3.4 également). II(K, t) est multipli¢ par e ~“*»* afin de compenser

K N , R o
sa décroissance au cours du temps (indépendante de K). Lenveloppe des battements de |TI(K, t)|e™“sr! est

représentée en tirets noirs. Lenveloppe supérieure a une limite constante aux grands K. Ainsi, elle ne limite
pas la résolution atteignable avec ce type d’impulsion.

est également représenté sur cette figure pour comparaison. On retrouve des battements, comme pour les
amplitudes ag i (t) et a4 g (t). Lenveloppe supérieure de ce filtre est indépendante de K 4 un instant donné
mais décroit exponentiellement en fonction de ¢ (cette décroissance étant compensée sur la figure 3.10 par un
terme ¢~ “*»"). Comme pour les amplitudes, la durée a attendre pour que le filtre soit maximal & une valeur de
K donnée augmente avec K, augmentant la difficulté d’observation des fréquences spatiales élevées rendues
accessibles ici. Ainsi, la résolution est également limitée par les pertes. Cependant, la limite est maintenant
liée au rapport signal sur bruit uniquement.

En résumé, comme on pouvait le supposer a partir de I'étude des relations de dispersion, lorsque 'on
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utilise une fréquence complexe, on excite de fagon uniforme les ondes de surface caractérisées par des vecteurs
d’onde réels arbitrairement grands. Ceci restaure en principe la résolution. Toutefois, la présence du régime
transitoire avec un temps de décroissance égal et des pulsations proches de celles de 'impulsion excitatrice
«masque » ce champ, dont les propriétés ne se révélent que lentement, au fur et & mesure qu'il se déphase avec

le régime transitoire.

3.1.5 Régime libre

Nous avons vu ci-dessus qu'en régime harmonique, aux grandes valeurs de /K, les contributions des modes

Kh

symétriques et antisymétriques a ¢( K, wg,) décroissent en e~ ™" et sont opposées. Ainsi (K, wg,) est pro-

portionnel 4 la différence de leurs modules, et varie asymptotiquement en e ~25" (ordre suivant d’'un déve-

loppement limité en e=%"). Nous allons voir quen régime libre, il est possible d’obtenir un filtre présentant

Kh 2Kh

des battements, dont 'enveloppe supérieure décroit en e ", et non plus e~

/
sp’

, voir figure 3.11. Une

Nous étudions tout d’abord le cas d’un régime libre apres un régime harmonique a la pulsation Wy, la

dépendance temporelle de la charge source est alors décrite par f(t) = H(—t)e st

S ITTm |
N

FIGURE 3.11 — Partie réelle de 'impulsion source en régime libre f(t) = H(—t)e ™™, Tirets noir : enve-

loppe des oscillations. Léchelle des oscillations n’est pas respectée.

solution particuli¢re de (3.15) est alors

H(_t)e—iw;pt

aspr(t) =~ —— o (3.21a)
Sp )

appk(t) = w(, )wAK : (3.21b)
Sp )

La encore, cette solution particuliére n’est pas continue en 0, et il faut lui adjoindre une solution homogene

de la forme donnée par (3.18a). En écrivant g p x(07) = agp, k(07) + agnx(07) et aap x(07) =
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aap k(07) 4+ @apnx(07), on trouve finalement

H(—t)e ™! + H(t)e wsx!

ask(t) = p : (3.22a)
wsp — WS K
H(—t)e ™t + H(t)e wart
aax(t) = 2= : ®) . (3.22b)
Wiy — WA K

Pour ¢ < 0, ces deux amplitudes oscillent 4 la méme pulsation wy,. Comme expliqué au début de la sec-
tion 3.1.4, aux grands K, les contributions des termes symétriques et antisymétriques a II( K, ¢) (voir équa-

Kh mais sont opposées, de sorte que leur somme décroit en

tion 3.13b) décroissent asymptotiquement en e~
e 2Kl Pour t > 0, ces deux amplitudes n'oscillent plus & la méme pulsation. Leur somme, approximative-
ment égale au filtre II( K, t), présente ainsi des battements, dont la période est représentée sur la figure 3.9. A
t = 0, dans la continuité du régime harmonique 2 t < 0, les amplitudes ag i (t) et a4 i (t) sont opposées
et les battements sont 4 leur minimum. Il est nécessaire d’attendre une demi-période de leur battement afin
que leur valeur maximale soit atteinte. Toutefois, la décroissance exponentielle au cours du temps, due aux
parties imaginaires de ces pulsations, augmente la difficulté & observer les fréquences spatiales élevées.

Le filtre résultant s écrit

Ly~ _iWS,Kt e_iWA,Kt
(K, t) = H(~t)e “'¢(K,wl,) + H(t) | Rs,x —————— + Rax————— + t.ar.| (3.23)
wsp — WS K wsp — WA K

ou les termes antirésonants se déduisent des deux termes qui préceédent de la méme maniere que (3.13b).
Il est représenté sur la figure 3.12. Le filtre en régime harmonique (K, W) est également représenté pour
comparaison. On remarque que 'enveloppe supérieure des battements de II( K, t) est plus large que le filtre
en régime harmonique, ce qui permet d’obtenir une résolution plus importante. La encore, I'enveloppe des
battements décroit exponentiellement au cours du temps, et la résolution sera en pratique limitée par le rapport
signal sur bruit. Toutefois, contrairement au cas de 'impulsion FC de la partie précédente, la source qui éclaire
les objets est éteinte aux instants oil 'on observe le champ. On est en quelque sorte dans une situation de
détection sur fond sombre, pour laquelle on s'attend a ce que le bruit soit moindre (moins de bruit engendré

par la source).
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FiGure 3.12 — Filtre des fréquences spatiales du potentiel en régime libre apres arrét du régime harmonique
at = 0. Les couleurs correspondent aux mémes instants que la figure 3.10. Trait continu épais : filtre en
régime harmonique (voir figure 3.4). Tirets noirs : enveloppe des battements de |II( K, t)|. Les courbes en
couleur ont été tronquées pour plus de clarté (3 K = 1, 2, 3 et 4 rad.um ™! pour les courbes correspondant
respectivementat = 2,4, 8 et 16 ps). Encart : méme graphique avec une échelle logarightmique en ordonnée.
Méme échelle en abscisse, ordonnée de 1073 & 1,5.
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3.2 Images de sources ponctuelles

Dans la section précédente, nous nous sommes intéressés aux fonctions II( K, ) qui filtrent spatialement
le potentiel de 'image formée par la superlentille. Nous avons pu mettre en évidence qu’en régime libre et a
l'aide d’une impulsion « fréquence complexe » (« FC»), il est possible d’accéder a des fréquences spatiales plus
7 7’ bl 7 . . . ’ . . bl
élevées qu'en régime harmonique. Nous allons maintenant étudier les images que 'on peut former dans ces

différents cas.

Pour cela, nous cherchons a déterminer I'image d’un diffuseur ponctuel disposé dans un plan paralléle au
film, a sa proximité. Un champ incident éclaire le systeme et est diffusé par cet objet. On assimile ce champ

diffusé 4 celui d’un dipéle (voir figure 3.13). On déduit tout d’abord le potentiel @(r, t) créé par ce dipéle

Plan d’observation — — {— — — — — — — — — — — —_——

Indice n d
c()
Indice n d,
/Y Plan des sources -

Champ incident

FIGURE 3.13 — Systeme considéré afin d’étudier I'effet de superlentille en champ proche. Le film, d’épaisseur
h, compris entre les interfaces en z = 0 et z = h, est constitué d’un matériau de constante diélectrique €(w)
et est non magnétique (1 = 1). Il est infiniment étendu dans les directions x et y. Il est situé dans un milieu
d’indice optique n. Le plan des sources, ou plan objet, dans le milieu extérieur, est situé a une distance d
du film (son équation est z = —dj.) On ne considere ici que des sources dirigées selon la direction 2. Le
plan d’observation, ou plan image, dans le milieu extérieur également, est situé & une distance dz du film
(son équation est z = h + da.) Les plans des sources et d’observation sont séparés d’une distance totale
d1 + h+dz = 2h. Une onde incidente est a 'origine de dipdles induits au niveau des objets que I'on souhaite
imager. On modélise ces objets par des dip6les ponctuels. Pour représenter les résultats obtenus, on choisit un
film constitué de carbure de silicium, d’épaisseur h = 440 nm, entouré d’un milieu d’indice n = 1.
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du potentiel $(r, ) d’'une charge ponctuelle en lui appliquant I'opérateur p,.Vy,, oli rg désigne 2 la fois la

position de la charge source et du dipéle, et p, est le moment dipolaire du dipéle induit,
é(ﬂt) = PO’vroé(ru t) (324)

soit

G(r,t) = 47%0. /0 dK V,, {JO(Kp)e—K[Z—W“hH}H(K,t). (3.25)

Onarg = o + o2 Afin d’introduire 770, la partic paralléle de la position de la charge et du dipéle, dans
@(r,t) pour le calcul de Vy,, on pose p = |7 — Fo| ott 7 désigne la partie paralléle au film du point

d’observation r.

On déduit le champ électrique E(r, t) de $(r, t) en calculant le gradient de $(r, t),

E(r,t) = —V,5(r, 1) (3262
S b —K[z—(20+2h)]
e /0 dE Ve Vi, {JO(Kp)e }POH(Kv t), (3.26b)

ou la juxtaposition V,V,, correspond a un produit tensoriel. Dans 'annexe E.2, on retrouve rigoureusement

cette expression a partir du tenseur de Green retardé pour le champ électrique du systéme considéré.

A noter que par la suite, sur les figures 3.14 a 3.17, les champs tracés correspondent a 425°E(r, t), en

pm™3, olt py est le module du moment dipolaire pj. Ainsi, les champs au carré en unité arbitraire sont

calculés A partir de %E(r, t) et sont en um 6.

3.2.1 Impulsion fréquence complexe

On a représenté l'intensité obtenue dans le plan image (voir figures 3.3 et 3.13) dans le cas de dipdles
source paralleles sur les figures 3.14(a,b), et perpendiculaire au film, figures 3.14(c,d). On remarque que les
images obtenues dans le cas d’un dipdle source perpendiculaire au film ont une largeur & mi-hauteur plus
petite que dans le cas paralléle. La résolution s'améliore encore si 'on ne s'intéresse qu'a la composante £, du

champ électrique, figures 3.14(e,f).

La largeur & mi-hauteur dans les configurations traitées sur la figure 3.14, ainsi que la valeur maximale du
module du carré du champ, sont étudiées plus en détails sur la figure 3.15. Cette figure représente I'évolution
de ces deux grandeurs au cours du temps (a et b), ainsi que la FWHM en fonction de la valeur maximale du

champ.

Les tracés d’intensité (figures 3.14a-d) font ressortir la présence de « pieds » importants en plus du pic
principal, que I'on ne retrouve que dans une moindre mesure dans le cas d’un dipéle perpendiculaire en

observant la composante E, du champ électrique (figures 3.14e et 3.14f).
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Fi1GURE 3.14 — Pour une impulsion FC, champ dans le plan image a différents instants, d’un dipéle source
paralléle (a,b) ou perpendiculaire au film (c-f). Champs représentés : « intensité » (E2(p, t)) (a-d), (E2(p,t))
(e,f). Trait épais noir : régime harmonique. Couleur : impulsion FC 4 différents instants (Iégénde sur (b), les
couleurs correspondent aux mémes instants que la figure 3.10). Sur les figures de droite, chaque courbe est
normalisée par son maximum.
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FIGURE 3.15 — Largeur & mi-hauteur et atténuation de 'image d’un dipdle source, pour une impulsion FC.
(a) : évolution de la largeur 2 mi-hauteur (FWHM) de I'image en fonction du temps (trait continu) et FWHM
en régime harmonique — indépendante du temps — pour comparaison (tirets). (b) : valeur minimale du module
du carré du champ (cf. notes de la figure 3.14) en fonction du temps (trait continu) et en régime harmonique
(tirets). Les traits cyan et rouge (dipdle paralléle, courbes inférieures), et bleu et vert (dipdle perpendiculaire,
courbes supérieures), sont proches et paraissent superposés sur cette figure. (c) : graphe FWHM en fonction
de la valeur minimale du module du carré du champ (trait continu) et valeurs obtenues en régime harmonique
(ronds). Pour une valeur de champ mesurable, ce graphe donne la FWHM accessible. La droite de chaque
courbe correspond aux premiers instants, la partie gauche aux temps plus grands. (d) : idem, la FWHM et les
valeurs maximales du champ sont normalisées par les valeurs en régime harmonique. Le champ (E?(p,t))
pour un dipdle paralléle (cyan) n’est pas tracé sur la figure 3.14.
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3.2.2 Régime libre

Les champs obtenus dans le cas du régime libre sont représentés pour les mémes configurations que I'im-
pulsion FC sur la figure 3.16. La résolution s'améliore dés les premiers instants. On constate la présence de
« pieds » importants sur les figures d’intensité (figure 3.16,a-d), que 'on ne retrouve que dans une moindre
mesure en observant la composante E, du champ électrique dans le cas d’'un dipdle perpendiculaire (fi-

gures 3.16,e et f).

3.2.3 Comparaison et évolution de la largeur a mi-hauteur au cours du temps

Sur la figure 3.18, on a superposé les courbes des figures 3.15(c,d) et 3.17(c,d). Comme on peut le voir
sur cette figure, le régime libre permet d’atteindre des faibles FWHM avec des champs plus importants que
I'impulsion FC.

Sur les figures 3.15(a) et 3.17(a), la FWHM décroit au cours du temps. Cette FWHM tend vers 0, ce que
on peut voir sur la figure 3.19. Cette figure représente I'inverse de la FWWHM en fonction du temps, avec le
temps en échelle logarithmique. On voit ainsi qu'apres un premier régime ot la FWHM est constante, son
inverse évolue en A + Blnt, ou A et B sont des constantes. Ainsi, asymptotiquement, et la FWHM tend

vers 0 — & un rythme extrémement lent qui varie en 1/ Int.
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FI1GURE 3.16 — En régime libre, champ dans le plan image a différents instants, d’un dipdle source parallele
(a,b) ou perpendiculaire au film (c-f). Voir notes de la figure 3.14.
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Ficure 3.18 — Comparaison des graphes FWHM / valeur maximale du champ pour une impulsion FC et en
régime libre. Voir notes de la figure 3.15 pour I'interprétation de ces courbes. Trait continu : impulsion FC,

tirets : régime libre.
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FI1GURE 3.19 — Evolution de I'inverse de la FWHM au cours du temps. Inverse de la largeur & mi-hauteur
en fonction du temps. Le temps ¢ est en échelle logarithmique. Trait continu : impulsion FC, tirets : régime

libre. Voir figure 3.18 pour la légende.
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Conclusion

Lanalyse de la relation de dispersion suggérait que des fréquences complexes permettent d’acceder a des
ondes de surface de grand vecteur d’onde, et donc a une superrésolution. Ceci conduit & penser que si 'on
éclaire avec un faisceau ayant une structure temporelle judicieusement choisie, on peut améliorer la résolution
spatiale. On a étudié ces idées dans le domaine spatial et temporel. On a montré qu'il est effectivement possible
d’améliorer la résolution. Une augmentation de la résolution de 50% par rapport au régime harmonique peut
étre obtenue sur la largeur & mi-hauteur au prix d’une baisse de signal de 4 ordres de grandeur. Laugmentation
de résolution est potentiellement infinie, mais elle saccompagne cependant d’une chute drastique du signal

(figure 3.18, droite).
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Dans ce chapitre, a partir d’'une expression du champ des ondes de surface sous forme de somme de
modes obtenue dans le chapitre 1, on détermine I'énergie associée  chacun de ces modes, puis on les quantifie
canoniquement, chacun d’entre-eux étant analogue a un oscillateur harmonique — comme les modes du champ
électromagnétique du vide (Loupon 2000). On obtient alors une expression des opérateurs associés au champ
des ondes de surface, qui permet, dans le chapitre 5, de modéliser I'émission et 'absorption de phonons-
polaritons de surface par transitions inter- et intrasousbandes des électrons d’un puits quantique.

Nous serons amenés au cours de ce chapitre a définir un facteur de Purcell associé a I'émission d’ondes
de surface. Nous donnerons une expression de ce facteur de Purcell a partir du formalisme quantique que
'on développera, ainsi qu'a partir de I'expression du champ des ondes de surface dans le cas d’une fréquence
complexe, obtenue au chapitre 1. Le traitement quantique négligeant les pertes des ondes de surface, une
comparaison des deux facteurs de Purcell permettra d’estimer dans quelle mesure ce traitement quantique
sapplique en présence de pertes.

La suite de ce chapitre et 'annexe F qui 'accompagne correspondent au contenu de (ARCHAMBAULT et al.

2010), auquel le lecteur peut se reporter s'il le souhaite.
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4.1 Introduction originale

Quantum theory of light is a useful tool to describe microscopic interactions between light and matter.
The electromagnetic state is represented by photon number states and the electromagnetic field becomes
an operator(Loupon 2000). Such a description of light provides a quantitative description of absorption,
spontaneous and stimulated emission of photons by a two-level system. In particular, it allows to derive a
quantitative treatment of light amplification. It also predicts pure quantum effects, such as photon coalescence
or antibunching. Quantum theory of light can be extended to non-dispersive and non-lossy media. Each
photon in the material corresponds to the excitation of a mode characterized by a wave vector k and circular
frequency w, such as k = nw/c, where n is the refractive index of the medium and c the light velocity in a
vacuum. It is the purpose of this paper to introduce a quantification scheme for surface waves propagating

along an interface.

It is well known that electromagnetic surface waves called surface plasmons exist at interfaces between
metals and dielectrics(RAETHER 1988). Their quantum nature has been demonstrated by energy loss spectro-
scopy experiments on thin metallic films reported by Powell and Swan(PowEeLL et Swan 1959). Single optical
plasmons have been excited recently along a metallic nanowire(Aximov et al. 2007 ; Koresov et al. 2009)
Surface plasmons are associated with collective oscillation of free electrons in the metal at the surface. Simi-
lar electromagnetic fields exist also on polar materials and are called surface phonon-polariton. Both surface
plasmon-polaritons and surface phonon-polaritons propagate along the interface and decrease in the direction
perpendicular to the surface. Such a resonance is therefore called surface wave in a more general way. Most
studies deal with a plane interface between air or vacuum and a non-lossy material. In this case, it is well
known(RAETHER 1988) that a surface wave can exist if the dielectric constant €(w) has a real part lower than
—1.

Losses are often a serious limitation for many practical applications envisionned for surface plasmons.
This problem could be circumvented by introducing gain in the system. Studies have been made in such a
way with metallic nanoparticles embedded in a gain medium both numerically with dye molecules (SMuK et
LawanDpy 2006) or quantum dots BERGMAN et STockMAN 2003 ; L1 et al. 2005 and experimentally NogiNnov
et al. 2007. Seidel et al. reported the first experiment demonstrating the amplification of surface plasmons
on a flat silver film surrounded by a solution of dye molecules SEIDEL et al. 2005. Since then, a few studies
have dealt with stimulated emission of surface plasmons on flat interfaces both experimentally (AMBATI et al.
2008b ; NociNov et al. 2008) and theoretically DE LEoN et BErint 2008. Such works have paved the way
to active plasmonics (AmBATI et al. 20082 ; MacDoNALD et al. 2008 ; Cao et BRONGERSMA 2009) and na-
nolasers (PROTSENKO et al. 2005 ; BERGMAN et STOCKMAN 2004) or more precisely to spasers (BERGMAN et
Stockman 2003 ; ZHELUDEV et al. 2008), or surface plasmon amplification by stimulated emission introdu-
ced by Bergman and Stockman and demonstrated experimentally recently(Nocinov et al. 2009 ; Ourron
et al. 2009).

It is clear that a quantum treatment of surface plasmon could be useful for many applications. For instance

an efficient single photon emitter could be optimized(BARNEs et al. 2002). A quantum treatment allows to



4.2. Modal description of surface waves 77

model stimulated emission and therefore to specify gain conditions and laser operation. It could also allow
to analyse pure quantum effects for surface plasmons such as single plasmon interferences, quantum corre-
lationsFaseL et al. 2006, bunching, strong coupling regimeCHANG et al. 2006 ; Gong et Vuckovic 2007
or single photon excitation of surface plasmonArLTEWISCHER et al. 2002 ; MORENO et al. 2004 ; FAsEL et al.
2005 ; TamE et al. 2008. To our knowledge, the first quantization scheme for surface plasmon on a metallic
surface has been reported by Elson and Ritchie ELson et RrrcuIe 1971. In their work, the metal is characte-
rized by a non-lossy Drude model so that real optical properties cannot be included. Using Green’s approach,
Gruner and Welsch introduce a quantization scheme for electromagnetic fields in dispersive and absorptive
materials (GRUNER et WELSCH 1996). It should hence be possible to quantize the field associated with sur-
face waves using their model. Note that due to losses, they cannot obtain operators for modes but only local
operators : one recovers the usual creation/annihilation operators in the limit of zero losses. A related work,
reported in the early nineties by Babiker et al., dealt with the quantization of interface optical phonons in
quantum well, which could appear also as a confined surface phonon in a heterostructureBaBIkER et al. 1993.

In this paper, a quantization scheme that is not based on a specific model of the dielectric constant is
introduced. The aim is to quantize the field by accounting for the experimental dispersion properties of the
medium. The procedure follows the quantization scheme for photons in a vacuum. We will first introduce a
classical mode description of the surface waves and discuss the dispersion relation. A key issue for quantization
is the definition of the energy of surface waves for dispersive lossy media. The problem of electromagnetic
energy in a dispersive and lossy medium has been recently addressed in a paper by Stallinga (StaLLINGA
20006). The third section addresses the problem of the electromagnetic energy associated with surface waves
in a simpler case following Landau and Lifchitz for non-lossy dielectric material LANDAU et LirsarTs 1984.
The quantization scheme is finally described in the fourth section. In order to check our results, we apply
our formalism in the fifth section to the calculation of the spontaneous emission of a two-level system in the
presence of surface plasmons. The Purcell factor (i.e. the local density of states normalized by the vacuum

density of states) and Einstein’s coefficients are also derived using this model.

4.2 Modal description of surface waves

Let us consider surface waves propagating on a plane interface at 2 = 0 separating two semi-infinite
media (Fig. 4.1). One of them is a vacuum or air and the second is a metal or a polar material. A surface mode
is characterized by its circular frequency w and the projection of the wave vector K on the plane perpendicular
to the z-axis. The material has a dielectric constant €(w). We use Coulomb’s gauge (divA(r,t) = 0) to write

the magnetic and electric fields :

B(r,t) = VxA(r,t) (4.1)
_ OA(r,t)
E(r,t) = — T (4.2)

The field produced by any distribution of sources in the presence of an interface can be computed using
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Vacuum, j=1

Substrate
j=2, g(w)

FiGUREe 4.1 — Surface wave on a plane interface. The surface mode is characterized by its circular frequency w
and the projection of the wave vector along the interface K. K and £ are unit vectors along and perpendicular
to the plane interface respectively.

Green’s tensor. By extracting the pole contribution, it is possible to derive the general form of the surface
plasmon field. The details of this procedure can be found in (ARcHAMBAULT et al. 2009). The corresponding

vector potential can be cast in the form :

d°K

A(r,t) = / e aguk(2) exp(iK.r) exp(—iwgpt) + c.c. (4.3)
7r

where c.c. stands for complex conjugate. In this equation, K is a real wave vector parallel to the interface and

the circular frequency wyy, is a complex root of the equation :

(4.4)

The term ak is an amplitude associated with wave vector K in the decomposition. The vectors uk(z) are
given by :
1 K
ug(z) = ———=exp(iy;2) (K — 2> (4.5)
(wsp) Vi
where L(wgp) has the dimension of a length and will be fixed later by Eq. (F.66) to normalize the energy of
each mode. ; is the projection of the wave vector along the z-axis, j = 1 in the region z > 0, and j = 2 in
the region z < 0, so that 'yjz = ej(wsp)wgp /c? — K?2. The sign of y; is then chosen such as the field goes to
zero when z goes to £00. Let us note that in the non-lossy case, 1 and 7 are purely imaginary, so that the
electric field decays exponentially along the z-axis. K and # are unit vectors directed along K and the z-axis

respectively.

Figure 4.2 shows the dispersion relation of surface plasmons as well as the variation of the imaginary part



4.2. Modal description of surface waves 79

4.0 ——————0.05
3.5} —
‘ 10.04
3.0} K _
3
5 25 / {0.03 %
g / &
3% 2.0f / 2
< / 3
< | 10.02 =
S 1.5 // é
1.0} ! ‘
/’ 10.01
0.5} ,
’/
0.0 e L L L L L .00
0 10 20 30 40 50 6(9
K (rad.pm™")

FiGure 4.2 — (Color online). Dispersion relation of a surface plasmon on a plane interface between air and
silver (solid line, left axis) and variation of the imaginary part of w (dashed line, right axis). The dispersion
relation has been obtained using the silver dielectric constant given in Appendix E1

of the frequency with K on a plane interface of silver. To perform the calculations when a complex frequency
is needed, it has been useful to fit the experimental values of the dielectric constant €(w) given by (PALIk et
GHosH 1998) with an analytical model. The real part of the silver dielectric constant is very well represented
by a Drude model given in (AmBaTI et al. 2008a). For the imaginary part we add to this Drude model a
conductivity term, so that the modelized dielectric constant is in very good agreement with the experimental
data. The model we used is given in appendix E 1. In this example, Im(wsp) is small, less than 5%, comparing
to Re(wsp). In other words, the lifetime of the surface mode is long enough to have a few tens of periods for
the oscillating electromagnetic field on the asymptotic part of the dispersion relation and hundreds of periods
on the linear part, close to the light cone. Note that this point seems to be rather general. Indeed we found
similar ratios for many other materials supporting surface waves.

From the dispersion relation, it is possible to derive the density of states. To this aim, it is convenient to
introduce a virtual box, which is in fact a virtual square in the x — y plane of sides L, and L, and size S =
L, x Ly. Born-Von Karman’s conditions yields a quantized value of the wave vector K = n,27/L,, Ky =
ny2m /Ly, where ng , are relative integers. Let us note that a different expansion of the surface plasmon
field can be used with a complex wave vector and a real frequency as discussed in (ARCHAMBAULT et al.
2009). We stress here that the Born-von Karman procedure imposes a real wave vector. It follows that the
relevant dispersion relation has no backbending as seen in Fig. 4.2. The reader is refered to (ARCHAMBAULT
et al. 2009) for more details. Substituting the discrete sum % >k over the quantized wave vector K and the

discrete amplitude SAk to [ (512271)(2 and ax respectively, the vector potential can be cast as
Ar,t) =Y Axu(z) exp(iK.x) exp(—iwt) + c.c. (4.6)
K

where we have omitted the subscript sp for the circular frequency w. We can insert this form in Eqs. (4.1)

and (4.2) to obtain the electric and magnetic fields. Introducing the notations k; = K + ;2 and bk(z) =
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k; x uk(z), we have :
E(r,t) = ZZ wAgug(z) exp(iK.r) exp(—iwt) + c.c. (4.7a)
K

B(r,t) = i» Axb(z)exp(iKr)exp(—iwt) + c.c. (4.7b)
K

4.3 Energy of a surface wave

The quantization procedure is based on the fact that the energy of the field has the structure of a sum of
harmonic oscillators. It is thus a key issue to derive the energy of the surface plasmon field. In this section, we
give a brief outline of the derivation and leave the details to appendix E2 and E5. In a vacuum, the energy

density is given by(Jackson 1999) :

€0 -2 1 9
= —E“(r,t —B t 4.8
uy 2 (l‘, ) + 2#0 (l‘, ) ( )

The electromagnetic energy in a lossy dispersive material is a more subtle issue. This problem has been
addressed for the first time by Brillouin(BriLLouin 1960). He considered a very simple case, with two perfectly
monochromatic waves in the material. Landau and Lifchitz analysed(LaANDAU et LirsHiTs 1984) the energy
of an electromagnetic field in a non-lossy dispersive medium, whose frequencies form a narrow continuum
around the mean frequency wp. They dealt with fields such as E = Eq(t) exp(—iwot), Eo(t) varying slowly
over the period 27 /wy. In the appendix, we follow this method. The main idea is to derive the work done
by an external operator to build adiabatically the field amplitude. This work is equal to the total amount of
electromagnetic energy of the surface waves for a non-lossy medium. Note that more recently, Stallinga derived
an expression of the energy for dispersive and lossy materials(StaLLinga 2006). The result is the same provided
that € is replaced by Re(e€). This suggests that it is possible to neglect losses in the calculation of the energy.
Actually, it is essential to deal with a non-lossy medium to have well-defined modes. A key issue regarding this
approximation is whether the dispersion relation is modified by the presence of losses. Indeed, the density
of states critically depends on the dispersion relation. We compared the dispersion relation obtained using
Re(wgp) for a lossy medium with the dispersion relation with a non-lossy medium in the case of silver. We
found a relative difference between the two dispersion relations always less than 1.5 x 1073,

We will thus neglect the losses of the medium in the derivation of the energy. The calculation outlined in

appendix E2 gives the total energy of the surface waves :

U= ew?S [AxAx + Ak Ax] . (4.9)
K

We emphasize that this convenient expression for the energy is obtained using the right normalization condi-
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tion on L(w) or equivalently on uk(z) given respectively by Eqs. (F.66) and (F.69).

4.4 Quantization of surface waves

We now turn to the quantization of the electromagnetic field of surface plasmons. We first notice that
the expression eow?S [Ak A + A Ak] of the energy for each mode K, has the structure of the energy of a

harmonic oscillator, hence the quantized hamiltonian :

. hw . . R
H= EK o [aKaI( + aLaK} (4.10)
with the equivalence
Ax — o a (4.11)
K 2€0wS K ’

* h AT
Ax — 4/ SeqwS k- (4.12)

The surface wave field is thus quantized by association of a quantum-mechanical harmonic oscillator to
each mode K. We introduce &I( and ak which are respectively the creation and annihilation operators for the
mode K. As in the harmonic oscillator theory, d;f( and ax act on surface wave number states |nk) which are
eigenvectors associated with eigenvalues (ng + 1/2)hw of the Hamiltonian (nk is an integer). Operators d;r(
(respectively ak) allow to create (respectively destroy) a quantum of energy hw according to the operating

rules(Loubpon 2000) :

allnk) = Vnk+ Lnk+1) (4.13)
aglnk) = +/nk|nk —1) (4.14)

Different surface modes are independent so that their associated operators commute :
ik, al,] = dx - (4.15)

We can now write the fields as operators acting on the surface plasmon number quantum states |nx) :

B(r,t) = ZZ \/ 2?USuK(z) ak exp(iK.r) exp(—iwt) + h.c. (4.16)
0

K

B(r,t) = zz \/ 2egfzquK(Z> ak exp(iK.r) exp(—iwt) + h.c. (4.17)
K

where h.c. denotes the hermitian conjugate.
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4.5 Emission rates : comparison with the classical case, Einstein’s coeflicients

4.5.1 Spontaneous emission of a dipole above a metallic interface

The quantization scheme that we have introduced allows to derive an expression of the electromagnetic
field using operators. Hence, we can write interaction hamiltonians and describe the coupling between light
and matter. In order to test this quantization procedure, we performed the calculation of the lifetime of a
two-level system placed in the vicinity of a metal-vacuum interface so that surface plasmons can be excited.
This result is interesting as the lifetime can also be computed using a classical approach as shown for instance
by Ford and Weber (Forp et WEBER 1984). More specifically, they showed how to find the surface plasmon
contribution to the lifetime by extracting the pole contribution. By comparing both results, we can assess the
validity of the quantum theory of surface plasmon within the approximation of a dispersive but non-lossy

medium.

4.5.1.1 Quantum calculation

In the quantum approach, we first derive the decay rate associated to the spontaneous emission of surface
plasmons of a two-level quantum system close to an interface, using Fermi’s golden rule. This gives the surface
plasmon spontaneous emission rate as a function of the matrix element (2|D|1) = D15 of the dipole moment
operator D). The details of the calculation are given in appendix E.3.

We obtain the following expression for the spontaneous emission rate :

o WO‘D12|2KdK 1

D = —_— 4.18
’Vspont( 12)W07Z) 260h doo Leff(zad12,W0) ( )

in which dj2 = Dj2/|D12| is the (possibly complex) polarization of the dipole, di2, = di2.2, dyp ) =
di2 — di2.%. We introduced the effective length of the surface plasmon mode Lcf¢(2, d12,wo),

1 _exp(2i712)
Legg(z,di2,wo) L(wo)

1
§|d12,//|2 — e(wo)|di2,|?| - (4.19)

It will be seen later that this length allows to define an effective volume of the plasmon mode.

For comparison with the classical calculation, we normalize Ygpont (D12, wo, 2) with the spontaneous

31D, [2
. . : 0 _ wylDio
emission rate of the same two-state quantum system in a vacuum, given by(Loupon 2000) Vo = 3rcone -
This gives the Purcell factor associated to the emission of surface plasmons :
3med  dK 1
Fp(dlg, wo, Z) = (4.20)

202 " dw Leps(2,dia,wo)

which does not depend anymore on the amplitude of D12, but only on its polarization d;2, its frequency wo
and its distance to the interface z. As expected, the Purcell factor decreases exponentially as the dipole goes

farther from the interface, and can have rather high values (see Fig. 4.3 and comments below) as wg gets closer
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to the asymptotic frequency of surface plasmons if the dipole is not too far from the interface.

This Purcell factor can also be cast under the form :

A 3
Fp(di2,wp, z) = wo g(wp) ————2>—— — (4.21)
p(diz, w0, 2) = wo gluo) Vers(z,diz,wo) 87
where the (global) density of states of surface plasmons g(w) is given by g(w) = %% and Vo5 ¢(2,di2, wp) =

SLeff(z,di2,wp) is the volume of the surface plasmon modes of frequency wy for a dipole polarization d;2

in which the emission occurs. Eq. (4.21) is thus similar to the Purcell factor Fp of a dipole interacting with
a single damped mode(PURCELL et al. 1946). (Fp = )‘75%, or equivalently Fp = wg(w)§% using the

density of states of the single mode at resonance, g(w) = %%)

When dealing with an isotropic distribution of dipoles, the average of the rate of spontaneous emis-
sion (4.18), over the orientations of the dipole D12, should be considered. Let us first introduce the total

effective length of the surface plasmon mode, defined as the inverse of the average of over the

1
Legy(z,di2,w0)
directions of dy5 :

1 ~ lexp(2im12)

Leff,total(zaw(]) B 3 L(WO)

1+ |e(wo)l], (4.22)

Calculating the averaged rate of spontaneous emission then amounts to replacing Le £ ¢ (2, d12, wo) by Le £ £ total (2, wo)
in Eq. (4.18) :

. wO|D12|2KdK 1

’Yspont,total(‘DIZ‘vwﬂa Z) - (4.23)

2¢0h dw Leyftotal(2,w0)

More details are given in appendix E3.

4.5.1.2 Classical approach

In the previous section, we considered a two-level quantum system having a given polarization d;2 and
Bohr circular frequency wp, and we normalized its spontaneous emission rate by its value in a vacuum. The
power radiated by a classical harmonic dipole having the same polarization d12 and a circular frequency wp can
also be normalized by its value in a vacuum. Both expressions give the normalized local density of states, which
is a classical quantity. They are therefore equal, that is the normalized radiated power gives the normalized
spontaneous emission rate. The normalized radiated power can be expressed as a function of Green’s tensor

<
G (r,r',w) of the system :

67mc . =
Fp7cl(d12,CU0, Z) = Tolm [ 12- G (ZQ, ZQ, w())dlg . (424)

A
Following the steps detailed in (ARCcHAMBAULT et al. 2009), the pole contribution G 4, of Green’s tensor
of a plane interface can be derived, and inserted in Eq. (4.24). We use here the pole contribution of the surface

plasmon with a complex frequency (see (ARCHAMBAULT et al. 2009)). The details of the calculation are given
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in appendix E4. One finds for the normalized radiated power in the non-lossy case :

3mc®  3dK _ 1
ijcl(du,wO, z) = w3 Kda (K, wo) exp(27,')/12) 5’(1127//‘2 — 6((,L)())’d12’z‘2 . (425)
0

Using Eq. (E71) and comparing Eq. (4.25) to Eq. (4.20), we see easily that Fip(di2, wo, z) = Fpc(di2, wo, 2).
We thus recover the quantum spontaneous emission rate in the non lossy limit of the above classical approach.
This result is not surprising. Indeed the normalized spontaneous emission rate yields the local density of states.
The latter is a classical quantity. In the quantum approach, it has been calculated using the dispersion relation.
In the classical approach, it has been calculated using the Green’s tensor. We have thus checked that the mode
approach and the Green’s formalism approach are equivalent. We now go one step further and compare the
quantum approach (without losses) with the Green’s tensor approach that accounts for losses. We compute

the spontaneous emission rate for both cases in order to assess the role of losses.

4.5.1.3 Comparison with the lossy case

The lossy and non lossy emission rates are compared using Eqs. (4.20) and (E40). The result is seen on
Fig. 4.3 for a dipole located at three different distances of a silver surface (10, 75 and 250 nm). It appears that
the differences between both curves in this case are still very small as long as the frequency is not too close
from the asymptote of the dispersion relation. This is not surprising considering the fact that at this asymptotic
value the losses are the most important. Moreover, when the distance between the dipole and the interface
increases, the part of the electromagnetic field due to the higher surface plasmons wave vector decreases, so
that the part due to the surface plasmons lying on the linear part of the dispersion relation is more important.
As seen in Fig.4.2, these surface waves have less losses and the quantum approach is thus more accurate. It
follows the important conclusion that the non-lossy medium approximation in the quantum treatment is
reasonable to deal with surface waves provided that the frequency is not too close to the asymptotic value.

Note that (Forp et WEBER 1984) provides an expression for the surface plasmon emission rate of a dipole
close to an interface, which can be compared to ours (details not given here). In the non lossy case, it can be
proved analytically that their results lead to the same normalized emission rate as Eq. (4.20). In the lossy case,
one finds a normalized emission rate close to the one used here (Eq. (F.40)), although they are not rigorously
equal. Our method gives an expression of the normalized surface plasmon emission rate as a sum over the
modes K (see Eq. (E36)), which provides a better understanding of the difference between the lossy and the

non lossy cases.

4.5.2 Einstein’s coefficients

A quantum approach for surface waves allows us also to derive easily Einstein’s coeflicients for spontaneous
and stimulated emission. The same example of a dipole above the interface is taken. Once again, it is possible
to follow the approach described for photons in (Loupon 2000) for instance. Einstein’s coefhicient for surface

plasmon spontaneous emission has already been calculated : A21 = Yspont (D12, wo, 2) (see Eq. (4.18)). In
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FiGure 4.3 — (Color online). Normalized emission rate F'p of a vertical dipole located at 10 nm (top), 75 nm
(center) and 250 nm (bottom) from the surface when taking into account losses (solid lines) comparing to
the non-lossy cases (dashdotted lines).

order to obtain Einstein’s coefficient for stimulated emission, one needs to start from Eq. (E28). In this
equation, the term proportional to nk is the matrix element for stimulated emission. We note (W (w)) the
energy density of the radiation per unit surface and we assume that it varies slowly for frequencies near wy.

The total energy in the single mode nk is now replaced by :

nghw — S/dw(W(w)) (4.26)

The transition rate due to stimulated emission can thus be written :

2 1
Ystim (D12, wo, 2) = h—g /dw(W(w))QeO |D12.uK(r)]2 d(w — wp) (4.27)

It follows that Einstein’s coefficient for stimulated emission in mode K, Ba1 = 7stim (D12, wo, 2) /(W (wp)),
is given by :
K 2
dya,)) cos d — %dllz (4.28)

T|D1a|* exp(2iv:12)

B =
21 eoh?  L(wo)

where dy3 // and dy2 . are defined above, and ¢ is the angle between the projection of D12 on the interface
and K. When dealing with an isotropic distribution of dipoles, B2 should be averaged over the directions

of D9, in the same way as in Sec. (4.5.1.1). We get the total Einstein coefficient for stimulated emission in

mode K _
T|D1a|* exp(2iv12)
360 h2 L (wo)

B21,total = [1 - 5(“0)] (4.29)

To describe the amplification of a surface plasmon beam by an amplifying medium, it is interesting to de-
rive the ratio 7(wo, 2) = A% (ID12], wo, 2)/ Bax totar (ID12], wo, 2), where AS) (|D1a], wo, 2) = Y0pon (Fpoy (di2,wo, 2))

stands for the total spontaneous emission rate of the dipole close to the interface ((i) denotes interface), and
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'ygpont is given above. It can be computed with Eq. (4.24), using Green’s tensor of a plane interface (this rate
includes all the waves that can be emitted, not only surface plasmons). (-) stands for average over the orienta-
tions dj2 of the dipole. 7(wp, z) gives the threshold energy per unit surface W, (wp) at which the stimulated

emission rate equals the spontaneous one. It can be written as :

(Flgf)d(dn,wo,z))
exp(2im2) [1 — e(wo)]

r(wo, z) = 1°(wp) L(wo) (4.30)

where 7°(wp) = % is the ratio of the Einstein’s coefficients in a vacuum. Fig. 4.4 shows 7(w, z) as a
function of w. From 0 to approximately 35 nm, the ratio decreases, mainly because the (total) spontaneous
emission rate Ag'l) decreases. Above 35 nm, the ratio increases, as By decreases, because of the exponential
decay of the surface plasmon field away from this interface. Note that for a given frequency w, r(wo, 2) rises

at lower distances for w closer to the surface plasmon asymptote frequency.
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Ficure 4.4 — (Color online). Ratio of Einstein’s coefficients r(w, z) for (total) spontaneous emission and
stimulated emission of surface plasmons as a function of the distance to the interface, for several values of w

(see legend).

These results can be used to calculate the amount of power that undergoes stimulated emission of surface
plasmons in a gain medium in close vicinity of the silver interface. We consider a parallel beam of surface
plasmons. and suppose that they are excited via a grating or a prism by a He-Ne laser whose emission has a
linewidth of about Aw = 10 MHz centered around wp = 2 ¢V, and that they carry P = 1 mW of power per
pm. The spectral power at maximum, assuming a lorentzian profile, is given by P,,(wo) = P/mAw, and the

associated spectral energy per unit surface is W(wo) = P, (wo)/vy = where vy = % is the group
g

_P
TAWY
velocity of surface plasmons, close to ¢ below the asymptote frequency. The spectral energy per unit surface

P

~ 3 2 . .
e ~ 10° hunm?. This value is far above those

at maximum of these surface plasmons is then W (wp) ~
of Fig. 4.4 : stimulated emission in a freely propagating surface plasmon beam is several orders of magnitude

higher than spontaneous emission.
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4.6 Conclusion

In this paper, we have extended previous work on quantization of surface plasmons by introducing a
formalism that can use experimental values of the dielectric constant instead of using a specific model for the
free electron gas. The key step is the derivation of the energy of a surface plasmon in a dispersive non-lossy
medium. The standard quantization scheme in Coulomb’s gauge yields the quantum form of the field. This
scheme can be extended in a straigthforward way to thin metallic films. To illustrate the formalism, we have
derived the spontaneous emission rate of surface plasmons by a two-level system placed close to an interface
supporting surface waves as well as Einstein’s coeficients. This quantized theory of surface plasmon will be
useful to analyse specific quantum effects such as antibunching, single plasmon interference, quantum cohe-
rence properties, but also to derive the interactions of surface waves with other quantum objects, as quantum

wells for example.
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Les travaux développés dans ce chapitre s'inscrivent dans le cadre d’un projet financé par TANR et nommé

Lapsus pour « laser assisté par phonons-polaritons de surface » (aujourd’hui, il ne s'agit plus d’un laser, mais

d’une source de rayonnement). Ce projet, démarré en 2007, implique trois laboratoires, le Laboratoire Photo-

nique et Nanostructures (LPN, Marcoussis), I'Institut d’Electronique Fondamentale (IEE Orsay) et le labora-

toire Charles Fabry. Au LPN, Fabrice Pardo et Jean-Luc Pelouard participent a la conception et a la fabrication

des dispositifs, a 'IEE Jérome Saint-Martin et Philippe Dolfus participent a la simulation du comportement

électrique des dispositifs, enfin au laboratoire Charles Fabry, Simon Vassant, Fran¢ois Marquier, Jean-Jacques

Greffet et moi-méme, participons a la modélisation, a la fabrication et a la caractérisation des dispositifs.

Ce projet est apparu comme une suite logique des travaux précédents de I'équipe de Jean-Jacques Greffet
proj pp glq p quip q

sur le rayonnement thermique spatialement cohérent (GREEFET et al. 2002 ; MARQUIER et al. 2004). La

source thermique considérée dans ces études est constituée d’un cristal polaire (SiC) sur lequel est gravé un
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réseau. Il a été démontré que la cohérence spatiale du rayonnement a pour origine I'existence de phonons-
polaritons de surface (SPhP) a la surface de ce cristal polaire. Le réseau couple les SPhE, non radiatifs, au
rayonnement. La grande longueur de propagation des SPhP permet de mettre en phase des points éloignés de
la source conduisant a la cohérence spatiale du rayonnement. Dans 'expérience du rayonnement thermique
spatialement cohérent, les SPhP sont excités thermiquement en chauffant le cristal polaire. Le but du projet
Lapsus est d’exciter les SPhP électriquement, via un puits quantique situé a proximité de la surface du cristal

polaire et du réseau, comme décrit sur la figure 5.1. Un courant d’électrons circule dans le puits quantique,

111

4% rayonnement
N
A NS =23= électrons
— or
barriére
I puits

Ficure 5.1 — Idée initiale du projet Lapsus. Des électrons circulent dans un puits quantique, situé & proximité
d’une interface supportant des SPhP. Un recouvrement entre le puits et le champ des SPhP permet aux élec-
trons d’émettre des SPhP (aux énergies considérées, par transitions inter- et intrasousbandes). Ces SPhP sont
couplés aux ondes progressives au-dessus du puits via un réseau. On obtient ainsi une source de rayonnement,
a la fréquence des SPhP de la structure, située dans le domaine térahertz pour le GaAs.

parallélement aux interfaces du puits. Ce puits est peuplé par modulation de dopage, de sorte que des électrons
sont présents dans la bande de conduction du puits, et permettent le transport d’un courant (WEISBUCH et
VINTER 1991). Le confinement des électrons dans le puits conduit & une quantification de leur quantité de
mouvement dans la direction perpendiculaire aux interfaces, de sorte que dans le puits, les niveaux d’énergie
pour les électrons sont eux-mémes quantifiés et forment des sousbandes (WEIsBucH et VINTER 1991). Celles-
ci sont représentées schématiquement plus loins sur la figure 5.12. Les électrons peuvent émettre des SPhP en
passant d’une sousbande donnée a une sousbande inférieure.

La figure 5.2 représente une structure, effectivement fabriquée dans le cadre du projet Lapsus, étudiée
par Simon Vassant (2011) dans le cadre de sa these. Cette figure illustre le fonctionnement d’une structure
agissant en modulateur dans le domaine térahertz. Ceci constitue une premiére application de cette structure
dans laquelle les électrons d’un puits quantique interagissent fortement avec des SPhP couplés au rayonnement
via un réseau. Ce point sera abordé dans la partie 5.3.2.

Le but du projet Lapsus est donc de réaliser une structure dans laquelle les électrons d’un puits quantique
interagissent fortement avec des SPhP, eux-mémes couplés au rayonnement via un réseau. Dans ce chapitre,
nous allons nous intéresser dans un premier temps aux différents SPhP de la structure (ils existent poten-

tiellement a chaque interface), et nous verrons que certains de ces SPhP peuvent interagir fortement avec les
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FiGure 5.2 — Structure réalisée pour le projet Lapsus. La vue en perspective (gauche) et 'agrandissement
(droite) indiquent la géométrie de la structure réalisée. Voir la figure 5.24 pour les dimensions des différents
éléments. (Le faisceau incident sur la structure ainsi que la tension appliquée permettent de décrire le fonc-

tionnement en tant que modulateur de la structure et sont donc secondaires ici). Image extraite de (VassanT
etal. 2011).

électrons du puits quantique. Nous verrons que ces SPhP ont des propriétés différentes des SPhP d’une inter-
face simple cristal polaire/air, et présentent des analogies avec les plasmons-polaritons de surface (SPP) d’un
film métallique. Nous modéliserons ensuite leur interaction avec les électrons d’un puits, en nous basant sur
le formalisme quantique développé au chapitre 4. Nous discuterons du phénoméne d’absorption résonante
permis par ces modes, et ayant conduit a la réalisation d’'un modulateur THz contrdlé électriquement, ainsi

que des premiers calculs de simulation de transport électronique réalisés par I'équipe de I'IEF (voir ci-dessus).
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5.1 Phonons dans les puits quantiques

Lorsque 'on modélise I'interaction électrons-phonons dans les puits quantiques, on décrit généralement
les phonons comme des phonons de volume du matériau du puits (ROSENCHER et VINTER 2002). Lorsque 'on
prend en compte les différentes interfaces de la structure, deux types de phonons, SPhP et phonons confinés, se
substituent en fait aux phonons optiques longitudinaux de volume (« phonons LO »). Ces derniers constituent
le principal canal de désexcitation des électrons dans les puits quantiques, avec des durées de vie de 'ordre de
la picoseconde, voire du dizieme de picoseconde. Ceci limite sévérement la possibilité de réaliser des sources
de rayonnement basées sur des puits quantiques aux longueurs d’onde des phonons. Lénergie transmise aux
phonons est généralement considérée comme perdue (Liu et Carasso 2000 ; ROSENCHER et VINTER 2002).
En s’appuyant sur un modele plus précis de ces phonons, le projet Lapsus a pour but de tirer parti de I'énergie

transmise a ces phonons, en couplant certains d’entre-eux au rayonnement via un réseau.

Au cours des années 1980 et 1990, une littérature abondante a discuté de ce probléeme de modélisation
des phonons dans les puits quantiques. Le but poursuivi par ces auteurs était notamment d’augmenter les
durées de vie des électrons associées a leur interaction avec les phonons (qui constituent le principal canal de
pertes dans les puits quantiques) afin d’exploiter les transitions intersousbandes pour obtenir un gain optique
et réaliser un laser aux fréquences de ces dernieres, ce qui sera fait par Farst et al. (1994) avec des structures
a « cascades quantiques ». Le principal point a 'origine de controverses concerne les relations de passage des
différentes grandeurs, champ électrique et déplacement ioniques notamment, au niveau des interfaces du
puits. En effet, champ électrique et déplacements ioniques sont liés et se déduisent a priori 'un de I'autre —
dans le cadre d’un modéle local, le champ électrique en un point r, E(r), et le déplacement ionique en ce point,
u(r), sont liés par une formule de la forme u(r,w) = a(w)E(r, w). Or, les conditions mécaniques imposent
des relations de continuité sur u(r), et les équations de Maxwell en imposent sur E(r), et ces relations peuvent

étre incompatibles.

Ainsi, plusieurs catégories de modeles ont été développés. Le modele dit « hydrodynamique » tient compte
des relations de continuité mécaniques et fait I'impasse sur celles du champ électromagnétique (RIDLEY et
BaBiker 1991). Ce modele prédit correctement les symétries mises en évidence lors d’observations par mesures
Raman de ces phonons — ces mesures, au cours desquelles le vecteur d’onde n’est pas conservé constituent, avec
les mesures de durées de vie électroniques, les points d’appui expérimentaux de ces modeles théoriques. Le
modele dit du continuum diélectrique (DCM, pour dielectric continuum model), s appuie sur les équations de
Maxwell et sur une modélisation du comportement des matériaux par leur constante diélectrique, supposée
locale (DEREUX et al. 1988 ; Mor1 et ANDO 1989). Les symétries des modes prévus par ce modele sont
contradictoires avec celles prédites par le modele hydrodynamique. Au cours des années 1990, deux modeles
sont venus résoudre cette controverse. Le premier est le modele « hybride » de Ridley (RipLEY 1993 ; RIDLEY
etal. 1994 ; RipLEY 1997), ol des phonons LO et TO (obtenus par un modele o déplacements ioniques et
champ électrique sont liés par une relation non locale) ainsi que des phonons de surface sont superposés afin
de satisfaire aux relations de continuité mécaniques et électromagnétiques. Toutefois, ce modéle ne tient pas

compte de la réponse non locale des matériaux lors de I'écriture de la compsante normale du déplacement et
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de sa continuité aux interfaces, mélangeant a la fois des modeles locaux et non locaux. Un second modele,
plus élégant, sappuie sur des constantes diélectriques 707 locales, et montre que leurs relations de continuité
électromagnétiques et mécaniques peuvent étre satisfaites en méme temps sans probléme (PEREZ-ALVAREZ
etal. 1993 ; Comas et al. 1997).

Dans le cadre de cette these, nous nous appuierons sur le modéle du continuum diélectrique (DCM). Bien
qu’il ne tienne pas compte des relations de continuité mécaniques, ce modele présente 'avantage de permettre
de sappuyer sur des outils développés pour les équations de Maxwell. De plus, nous nous intéresserons a des

phonons de faible vecteur d’onde (proches de £, quelques pm ™

au plus) donc de grande longueur d’onde
auxquelles les modeles locaux s'appliquent, et 'accord théorie-expérience obtenu par VassanT (2011) nous ont
conforté dans cette voie. Il faut ajouter a cela que ce modéle permet de tenir compte trés facilement des pertes
des matériaux, ce qui & notre connaissance n’a été fait dans le cadre d’aucun des modéles abordés ci-dessus.
Nous verrons que certains de ces modes sont trés amortis, avec des facteurs de qualité compris entre 20 et
50, ce qui souléve des doutes sur la validité de 'approximation sans pertes effectuée pour décrire I'interaction
de ces modes avec les électrons. (Toutefois, les modes les plus intéressants pour nous auront des facteurs de
qualité supérieurs a 100.)

Dans cette section, nous allons nous intéresser aux différents modes de type phonons présents dans une
structure 4 puits quantique. Nous discuterons tout d’abord des SPhP, dont on sait qu’ils présentent des ana-
logies avec les SPP existant au niveau d’interfaces métalliques. Nous verrons que certains de ces modes ont un
champ important dans le puits quantique, et pourront donc interagir fortement avec ses électrons.

Nous expliquerons également ce que sont les « phonons confinés », modes optiques qui ont la particularité
d’avoir un champ enti¢rement compris dans une unique couche de cristal polaire, et d’exister uniquement
a la fréquence des phonons LO de cette couche. Ces phonons confinés constitueront le principal canal de

désexcitation « parasite » pour les électrons du puits quantique.

5.1.1 Comparaison des SPhP d’un puits quantique et des SPP d’un film métallique
5.1.1.1 Cas simple d’une interface plane

Revenons tout d’abord au cas le plus simple d’une interface plane séparant un métal ou un cristal polaire
du vide. Cette interface porte des ondes de surface (SPhP ou SPP). En tant que modes du champ électroma-
gnétique, les SPhP présentent des analogies avec les SPP. Dans les deux cas, il s'agit d’ondes électromagnétiques
confinées & proximité d’une ou plusieurs interfaces planes, dont certaines séparent des milieux de constantes
diélectriques opposées. Ces deux types d’ondes nécessitent ainsi au moins un matériau dont la constante
diélectrique peut étre négative : métal pour les SPP, cristal polaire pour les SPhP. Les cristaux polaires sont ca-
ractérisés par les pulsations de leurs phonons optiques de volume, longitudinaux (wr,0) ou transverses (wWr0),
entre lesquelles leur constante diélectrique est négative et des SPhP peuvent exister. Ces pulsations se situent
généralement dans l'infrarouge lointain ou le domaine térahertz.

Comme pour les SPP, le module du vecteur d’onde des SPhP, dans le plan de l'interface, prend des valeurs

supérieures a % (« hors du cone de lumicre »), inaccessibles pour les ondes progressives, et 'on ne peut les
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exciter en éclairant simplement une surface parfaitement plane. Un moyen courant d’exciter les ondes de
surface est d’utiliser un réseau. Dans ce cas, une onde progressive incidente excite par diffraction 'onde de
surface. Cela est possible avec les SPP (Woob 1904 ; HUTLEY et MAYSTRE 1976) et les SPhP (WATANABE et al.
1989 ; VassanT et al. 2010).

5.1.1.2 Cas d’une double interface

De méme que pour l'interface plane, on peut comparer les SPhP d’un film mince constitué d’un cristal
polaire et les SPP d’un film mince métallique, abondamment étudiés dans la lictérature (SAriD 1981 ; BERINI
2000 ; DE LeoN et BErint 2010).

En ce qui concerne les SPhP d’un film constitué d’un cristal polaire, on retrouve également une analogie

avec les SPP. La figure 5.3 (gauche) montre la relation de dispersion des SPhP d’un film de GaAs, d’épais-
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F1GuRre 5.3 — Relation de dispersion des SPhP d’un puits GaAs/Alg 33Gag 7As et d’un des SPP d’un film d’ar-
gent entourés d’air. Epaisseur du film de GaAs: 21,6 nm [constantes diélectriques de GaAs et Alp 33Gag g7As :
(Kim et Serrzer 1979)]. Epaisseur du film d’argent : 20 nm [constante diélectrique pour I'argent : (ARCHAM-
BAULT et al. 2010)]. Bleu : modes de champ antisymétrique (« LRSPP »). Rouge : modes de champ symétrique
(« SRSPP »). Tirets noirs :  gauche, intervalle de fréquences pour lequel les constantes diélectriques de GaAs
et Alg 33Gag 67As sont opposées (wr,o du caractere GaAs de Alg 33Gag 67As, et de GaAs), a droite, cone de
lumiere K = 7. Les modes déterminés ici ont une pulsation complexe. Un modéle analytique de constante
diélectrique est utilisé afin d’évaluer ces derniéres en des pulsations w complexes. Le modéle de constante di-
électrique de I'argent utilisé ici ne s'applique plus au dela de 3, 75 eV. Les relations de dispersion et les modes
correspondant au dela de 3, 75 eV doivent donc étre vus comme propres au modele utilisé et ne sappliquent
que de maniére limitée a un film d’argent.

seur 20 nm, inclus dans de I'Alg 33Gag 67As, et pour comparaison, la figure 5.3 (droite) montre la relation
de dispersion des SPP d’un film d’argent entouré d’air, d’épaisseur 20 nm également. Dans les deux cas,
cette relation de dispersion est constituée de branches correspondant a des modes dont le champ est symé-

trique (branche inférieure) ou antisymétrique (branche supérieure). Les notions de symétrie et antisymétrie
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du champ électrique sont rappellées sur la figure 5.4. Pour les SPP, on parle habituellement de SPP short range

=

Champ symétrique Champ antisymétrique

I,

FIGURE 5.4 — Représentation des symétries des SPhP d’un puits GaAs/Alg 33Gag 67As. Gauche : champ
électrique E symétrique (composante E,, paire, composante E, impaire). Droite : champ électrique E anti-
symétrique (composante E, impaire, composante £, paire). Trait épais : plan de symétrie.

(SRSPP) et long range (LRSPP), pour les modes symétriques et antisymétriques respectivement.

Dans le cas courant ou le métal utilisé est de I'or ou de I'argent, les épaisseurs minimales technologique-
ment atteignables sont de I'ordre de 10 4 20 nm, soit A, /20 environ, ot Ap est la longueur d’onde correspon-
dant 4 la pulsation plasma wy, caractéristique du métal et vérifiant €(w,) = 0 (uniquement Re[¢' (wp)] =~ 0
en présence de pertes dans le métal).

Lépaisseur typique des puits GaAs/Alg 33Gag g7As utilisés dans nos structures est également typiquement
de 20 nm. Toutefois, la longueur d’onde correspondant a 'asymptote des SPhP est ici proche de 35 pm.
Ainsi, I'épaisseur du puits est ici d’environ Aro/1750, ot Az est la longueur d’onde correspondant a la
pulsation des phonons LO du cristal polaire, pour laquelle on a €(wr,0) =~ 0 (wro est donc analogue a w),
pour les métaux qui vérifie également €(w,) ~ 0). Cette valeur de A\/1750 est & comparer 2 A/10 — 20
pour les SPP d’un film d’argent de 20 nm, voir ci-dessus. On se situe donc dans une configuration beaucoup
plus sub-longueur d’onde que lorsqu’on étudie les SPP d’un film métallique. Les deux branches de la relation
de dispersion se repoussent ainsi beaucoup plus 'une par rapport a 'autre qu'usuellement avec des SPP. La
branche supérieure de la relation de dispersion des SPhP s’approche a certains vecteurs d’onde de wro (voir
figure 5.3).

Pour le champ des SPhP de cette branche, la composante E, du champ électrique est quasi-uniforme sur
Iépaisseur du film et discontinue a ses interfaces. Aux faibles valeurs K du vecteur d’onde, la branche supé-
rieure des SPhP du puits GaAs/Alg 33Gag 67As pour laquelle le GaAs est de constante diélectrique négative,
se rapproche de la pulsation wr,o pour laquelle la constante diélectrique du GaAs est nulle. Ceci a une consé-
quence specctaculaire en ce qui concerne la structure spatiale du champ électrique. En effet, la continuité
de D, = €FE, avec |€| faible dans le puits conduit & un champ E, dans le puits beaucoup plus grand qu'a

Iextérieur. Sur la figure 5.5, on a représenté la répartition en énergie des branches supérieures des SPhP et



96 Chapitre 5. Interaction électrons — SPhP dans les puits quantiques

1.0

0.8

T

0.6

T

0.4

T

Epuits/Etotal
Efz'lm/Etotal

0.2

T

0.0 ‘ ‘ 0.0 w \ ! !

0 20 40 60 80 100 0 20 40 60 80 10012014
q (rad.pm™") q (rad.pm™")

FIGURE 5.5 — Fraction de I'énergie dans le puits ou le film des SPhP d’un puits GaAs/Al 33Gag g7As et des
SPP d’un film d’argent. La figure de gauche (droite) correspond au puits GaAs/Alg 33Gag 67As (film d’argent).
Lordonnée correspond 2 la fraction d’énergie dans le puits ou dans le film d’argent. Les courbes bleues (rouges)
correspondent aux modes antisymétriques (symétriques), comme sur la figure 5.3. La répartition de I'énergie
dans les différentes couches est déterminée a I'aide des résultats de 'annexe B.4. On remarque sur la figure de
gauche qu’a certains vecteurs d’onde, I'énergie du SPhP antisymétrique est quasi-enti¢rement dans le puits.

SPP en fonction de leur vecteur d’onde K. On remarque qu'aux faibles K, les SPhP ont un comportement
nettement différent des SPP. Pour les SPhP, I'énergie du mode est quasi-enti¢rement dans le puits, ce qui
constraste avec les SPP, dont le champ se situe en grande partie hors du film métallique dans la méme gamme
de vecteur d’onde ¢ (ce qui minimise leurs pertes, d’oti la dénomination de long range). Notons que malgré
ce confinement, les pertes de ces SPhP n’augmentent pas de mani¢re démesurée, car la partie imaginaire de la

constante diélectrique du GaAs reste faible aux pulsations correspondantes, contrairement au cas du métal.

5.1.2 SPhP d’un puits GaAs/Alj 33Ga ¢7As et de la structure Lapsus compléte

Le puits simple représenté sur la figure 5.6 est constitué de deux matériaux : GaAs et Alp 33Gag g7As. Ces
deux matériaux sont des cristaux polaires et ont des résonances allant de 7,9 2 11,4 THz (de 32,8 2 47,1 meV).
Leurs constantes diélectriques sont tracées sur la figure 5.7. On remarque sur cette figure trois intervalles de
fréquences pour lesquelles les signes des constantes diélectriques du GaAs et du Al 33Gag 67As sont opposés :
des ondes de surface existeront donc dans ces intervalles de fréquences. Lintervalle de fréquences les plus
faibles correspond a la résonance GaAs du Al 33Gag 67As (« A » sur la figure 5.7, la constante diélectrique du
Alp,33Gag 67As est négative, a cause de la résonance due a son caractere GaAs), I'intervalle central 4 la résonance
du GaAs («B » sur la figure 5.7, la constante diélectrique du GaAs est négative), et I'intervalle supérieur a la
résonance AlAs du Alp 33Gag 67As (« C» sur la figure 5.7). Nous nous intéresserons principalement aux SPhP
de lintervalle B — ce sont ces SPhP qui interagiront le plus avec les électrons, comme nous le verrons plus

loin, dans la section 5.2. On a comparé ces SPhP aux SPP d’un film métallique dans la partie 5.1.1.
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FIGURE 5.6 — Puits GaAs/AlGaAs.
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Ficure 5.7 — Constantes diélectriques de GaAs et Alg 33Gag g7As. Les intervalles de fréquence A, B et C,
correspondent a ceux pour lesquels les parties réelles des constantes diélectriques de GaAs et Alp 33Gag 67As

sont opposées et auxquelles des SPhP peuvent exister.
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Les relations de dispersion de ces ondes de surface sont tracées sur la figure 5.8. Chaque intervalle de
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Ficure 5.8 — Relation de dispersion (gauche) et facteurs de qualité (droite) des SPhP d’un puits
GaAs/Alp 33Gag 67As. Les intervalles de fréquence de la figure 5.7 sont reproduits sur la figure de gauche.
On remarque que certaines parties des relations de dispersion ne sont pas inclues dans les intervalles de fré-
quences attendus, voire ont un comportement surprenant en passant d’un intervalle 4 'autre (branche en
trait fin rouge) — les pulsations correspondantes ont une partie imaginaire importante, et les constantes di-
électriques correspondantes s’éloignent de la figure 5.7. On remarque que la branche en trait bleu épais, dont
nous avons discuté dans la partie 5.1.1.2, a des facteurs de qualité supérieurs a 100.

fréquence est a 'origine de deux branches de la relation de dispersion : une correspond aux modes symétriques
(traits rouges sur la figure), 'autre aux modes antisymétriques (traits bleus). On a tracé le champ de certains
de ces modes sur les figures 5.9, ot 'on peut constater qu’a des faibles vecteurs d’onde, le champ du mode
antisymétrique « B » est quasi-enti¢rement dans le puits.

Dans I'annexe H.1, on traite le cas d’une structure plus proche (figure H.1) de celle représentée sur la
figure 5.2. Les relations de dispersion obtenues (figure H.2) ont notamment des branches proches de celles
obtenues ici pour un puits simple, et présentent des symétries proches, et les branches supplémentaires inter-

agissent peu avec les électrons.

5.1.3 Phonons confinés

Nous avons rappelé en introduction que 'interaction électrons-phonons dans les puits quantiques s'appuie
en général sur une modélisation approximative des phonons, ot I'on suppose qu'il s'agit des phonons de
volume du matériau du puits. Parmi ces phonons de volume, figurent les phonons optiques longitudinaux
(« phonons LO »), les seuls possedant un champ électrique significatif. Une modélisation plus fine des modes
électromagnétiques de la structure, prenant en compte ses différentes interfaces, montre qu'il existe deux types
de phonons possédant un champ électrique : les SPhP du puits que nous avons vus dans les parties précédentes,

ainsi que les phonons confinés, que nous allons étudier dans cette partie, dont nous verrons qu’ils consistent
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| Eper| (u.a.) E.| (u.a.) | Eper| (u.a.) |E.| (u.a.)
0.05 0.05
0.00 0.00
—-0.05 —-0.05
~0.10 ~0.10
| Eper| (u.a.) |E.| (u.a.) | Eper| (u.a.) |E,| (u.a.)

0.05 0.05
0.00 0.00
-0.05 —-0.05
-0.10 -0.10

Figure 5.9 — Champ électrique des SPhP d’un puits GaAs/Alg 33Gag 67As correspondant aux branches su-
périeure (haut) et inférieure (bas) des branches « B » (voir figures 5.7 et H.2), a des vecteurs d'onde K = 3
rad.pzm ™! (gauche) et 80 rad.um ™ (droite). Léchelle des champs électriques est arbitraire mais les deux com-
posantes sont normalisées de la méme maniére (les valeurs relatives de |E/| et | E,| peuvent étre comparées
entre elles sur une méme figure).
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en une superposition de phonons LO dans une couche de cristal polaire dont le champ est parfaitement nul
A Pextérieur de cette couche (Nasu 1992).

Les phonons confinés ont la particularité de n’exister qu'a la pulsation w  laquelle €(w) = 0. Leur champ
est entierement confiné dans une couche de la structure dont la constante diélectrique vérifie cette condition.

Nous allons nous intéresser ici aux phonons confinés de la couche de GaAs qui constitue le puits, et
négliger les phonons confinés des barrieres d’Alg 33Gag 67As, les fonctions d’onde des électrons prenant des
valeurs relativement faibles dans les barrieres. On s’intéresse en effet principalement aux modes susceptibles
d’interagir avec des électrons du puits.

On peut déterminer le champ de ces modes simplement. On part des équations de Maxwell sans sources,

dans un milieu non magnétique,

V % E(r) = iwB(r) (5.1a)
V.B(r) = 0 (5.1b)
V.e(z,w)E(r) =0 (5.1¢)

V x B(r) = —i%e(z,w)E(r), (5.1d)

et Uon ne s'intéresse qu'a la couche pour laquelle €(w) = 0. Il vient directement

V x E(r) = iwB(r) (5.2a)
V.B(r)=0 (5.2b)
V x B(r) = 0. (5.2¢)

(Péquation 5.1c est alors tout le temps satisfaite). Parmi les solutions de ces équations, on s'intéresse a celles
vérifiant V X E(r) = 0 et B(r) = 0, qui ne possédent donc qu'un champ électrique. Les solutions de

V x E(r) = 0 peuvent s'écrire sous la forme
E(l‘) = —V(Z)(l‘), (5.3)

olt ¢(r) est une fonction scalaire, qui doit prendre en compte les relations de continuité aux interfaces de la
couche considérée. On cherche des solutions pour lesquelles le champ est nul hors de celle-ci, ce qui présente
'avantage de ne pas avoir a s'intéresser a la géométrie a 'extérieur de la couche considérée — le champ y est
simplement nul. Cette condition, ainsi que les précédentes, n’empécheront pas 'existence d’un grand nombre

de solutions. Les conditions aux limites nous donnent aux interfaces :
E/(r) =0,¢(2,w)E.(r) = 0. (5.4)
La seconde condition est automatiquement satisfaite car €(z,w) = 0. La premiére équation impose

V6(r) =0 (5.5)
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aux interfaces de la couche. On utilise alors I'invariance par translation dans les directions et y pour nous in-

téresser 2 la transformée de Fourier par rapport 2 x ety de ¢(r), ¢(K, z) vérifiant ¢(r) f o) K eXro(K, 2).
La condition aux limites (5.5) peut alors se mettre sous la forme iK¢ (K, z) = 0, soit ¢(K, z) = 0 aux limites
dela couche. On peutalors développer ¢ (K, z) sous forme de série de Fourier, (K, 2) = >, o ¢n(K) sin(n72),

ol a est I'épaisseur de la couche considérée comprise entre z = 0 et 2 = a. On a finalement

Kk
-3 / K in(nm ) g (), (5.6)
n>0

que l'on peut réécrire sous la forme

d2K Kor itz eiK.refi%z ¢n2(21()7 (5.7)

qui montre que les phonons confinés sont une superposition de deux phonons LO de vecteurs d’onde K+ "%

et K — =74, et d’extension limitée a une couche de la structure (voir figure 5.10). Leur relation de dispersion

FIGURE 5.10 — Représentation des phonons confinés sous forme de superposition de deux phonons LO.

est représentée sur la figure 5.11 pour une couche de GaAs. Celle-ci est plate. En effet, la pulsation de phonons
confinés est constante (et vaut wr,o) et tous les vecteurs d’onde leur sont accessibles. Dans I'expression (5.6),

n représente 'ordre des phonons confinés — un phonon confiné d’ordre 7 a un potentiel présentant n ventres.
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Fi1Gure 5.11 — Relation de dispersion des phonons confinés d’une couche de GaAs.
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5.2 Interaction électrons-phonons

Dans cette section, nous allons étudier I'interaction des électrons avec les SPhD, ainsi que les taux d’émis-
sion et d’absorption de chacune des branches de SPhP par une population d’électrons dans la bande de
conduction du puits quantique (transitions inter- ou intrasousbandes). Lobjectif initial du calcul de ces taux
d’interaction est leur utilisation dans un code de calcul Monte Carlo permettant de simuler le fonctionne-
ment du dispositif du projet Lapsus. Ces taux indiquent également I'intensité de I'interaction entre électrons
et SPhP. Nous verrons tout d’abord quels sont les paramétres clés favorisant I'interaction entre électrons et
SPhP. Nous déterminerons ensuite une expression de ces taux en effectuant quelques approximations. Nous
tracerons ces différents taux pour un puits simple et pour la structure Lapsus afin de mettre en évidence quels
SPhP interagissent le plus avec les électrons, et comparer les durées de vie qui leur sont associées avec celles
des phonons confinés. Enfin, nous déterminerons les taux d’émission et d’absorption de chaque mode de
SPhP avec une population donnée d’électrons, et nous étudierons numériquement le cas d’'une population

d’électrons thermalisée.
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FIGURE 5.12 — Relation de dispersion des électrons dans la bande de conduction d’un puits quantique. Les
électrons se répartissent dans des sousbandes (on en a représenté 3 ici). On a considéré un puits quantique
rectangulaire de largeur 20 nm, dont le puits GaAs/Alg 33Gag 67As du dispositif du projet Lapsus se rapproche.

5.2.1 Paramétres clés de 'interaction électrons-SPhP

Les énergies des SPhP sont pour les matériaux qui nous intéressent de 'ordre de quelques dizaines de meV.
A ces énergies, les électrons interagissent avec ces SPhP via des transitions inter- et intrasousbandes. Dans
un second temps, le réseau couple ces phonons de surface au rayonnement. On obtient ainsi une structure
commandée électriquement capable d’émettre un rayonnement 2 la fréquence de ces SPhP.

Toutefois, plusieurs problemes doivent étre surmontés pour que cette structure fonctionne de cette ma-

niere. Il faut tout d’abord que les fonctions d’onde des électrons et le champ des SPhP émis se recouvrent.
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FIGURE 5.13 — Module au carré des fonctions enveloppes des électrons dans les premiéres sousbandes d’un
puits rectangulaire GaAs/Alg 33Gag 67As. Lépaisseur du puits est de 20 nm. On suppose le puits rectangulaire,
et I'influence du potentiel crée par la charge des électrons sur leurs fonctions enveloppes (qui dépend de la
densité — variable — d’électrons dans le puits) a été ignorée.

Pour mieux fixer les idées, nous avons représenté sur la figure 5.13 les fonctions enveloppes des trois premieres
sousbandes d’un puits rectangulaire, proche de celui de la structure de la figure 5.1. La figure 5.9 montre que
certains SPhP (pour certains K) ont un champ important dans le puits et peuvent donc interagir avec les
électrons. Nous donnerons dans la partie 5.2.3 une expression des intégrales de recouvrement traduisant ce
recouvrement entre les fonctions enveloppes des électrons et le champ des SPhP.

La structure considérée étant invariante par translation dans les directions paralléles aux interfaces, le
moment dans ces directions paralléles doit étre conservé. La conservation de Iénergie et du moment parallele
est représentée graphiquement sur la relation de dispersion des électrons sur la figure 5.14. Les composantes
du vecteur joignant les états de départ et d’arrivée de I'électron (vecteur d’onde horizontalement et énergie
verticalement) doivent correspondre a un point de la relation de dispersion des SPhP (figure H.2).

Comme on le voit sur la figure 5.14, 'ordre de grandeur des vecteurs d’onde électroniques est d’environ
100 rad.um™?! et ces derniers peuvent dépasser les 1000 rad.um~!. Cela correspond 4 de grands vecteurs
d’onde pour les SPhP, au sens ol ces valeurs sont trés éloignées du cone de lumiére (¢ < 1 rad.um™! aux
fréquences considérées). Les SPhP émis auront un vecteur d’onde paralléle approximativement compris entre 0
et environ 1000 rad.zm ™!, Le réseau 4 proximité du puits ne permet de coupler efficacement au rayonnement
que guelques intervalles, séparés de 27 /a, ot a est la période du réseau, figure 5.15. Ainsi, seule une tres faible

fraction des SPhP émis sera susceptible de rayonner, ce qui pénalise I'efficacité de la structure.

5.2.2 Hamiltonien d’interaction

Avant d’utiliser la regle d’or de Fermi afin de calculer des taux d’interaction entre électrons et SPhD, il

faut exprimer Iélément de matrice du hamiltonien d’interaction (équation 5.10) entre deux états du systéme
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Ficure 5.14 — Conservation du moment paralléle et de I'énergie lors de 'interaction électrons-SPhP. Moment
paralléle en ordonnée, énergie en abscisse. Le vecteur d’onde K a deux composantes, une seule est représentée
ici (en abscisse). On a représenté le passage de I'électron d’un état [m’, K') a un état |m, K) par émission d’'un
SPhP. Lénergie (fw) et le vecteur d’onde (q) du SPhP correspondent aux composantes du vecteur joignant
|m/,K’) 2 |m,K). (hw, q) doit correspondre 2 un point de la relation de dispersion des SPhP (figure H.2) —
le processus d’émission n’est pas possible dans le cas contraire. Labsorption correspond au processus inverse.
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FiGure 5.15 — Comparaison des intervalles de vecteurs d’onde émis (ordres de grandeur jusqua 100
-1

rad.zim ™, vecteur du bas) et couplés au rayonnement par le réseau (intervalles de largeur 2% ~ 0, 3 im
séparés de 2% ~ 1,5 rad.um™

= L, oti @ est la période du réseau en or, voir figure 5.2 — symbolisés par des traits

fins verticaux, axe en haut). Seuls les premiers intervalles (premiers ordres diffractés par le réseau) sont couplés

efficacement au rayonnement.
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{électrons + SPhP}. Dans cette partie, nous allons détailler les raisons conduisant au choix de I'hamiltonien
d’interaction Ap entre les électrons de la bande de conduction du puits quantique et les SPhP. Lexpression
« hamiltonien d’interaction » désigne le terme perturbatif du hamiltonien du syst¢me {électrons + SPhP} en
représentation d'interaction (représentation de Schrodinger pour les électrons et représentation de Heisenberg
pour les SPhP).

Les SPhP sont issus d’un couplage entre des photons et des phonons. Aux grands vecteurs d’onde (grands
devant ), le caractére « phonon » prédomine : le champ électrique des SPhP vérifie approximativement
V x E(r) = 0 et dérive donc d’un potentiel scalaire ¢(r) dont on déduit E(r) avec E(r) = —V¢(r). Un
hamiltonien d’interaction possible serait alors le hamiltonien e, utilisé pour I'interaction électrons-phonons
LO (ROSENCHER et VINTER 2002),

Weqﬁ = €¢(f), (5.8)

qui fait intervenir la charge e des électrons et le potentiel scalaire dont dérive le champ des phonons considérés,
dont 'argument est 'opérateur position f.

A des vecteurs d’onde plus faibles, le caractére « photon » est plus important. On ne peut négliger le
champ magnétique des SPhP et leur champ électrique ne dérive plus d’un potentiel scalaire. On pourrait
alors étre tenté d’utiliser 'hamiltonien ED, couramment employé pour décrire I'interaction entre la lumiére

(les photons) et un systéme a deux niveaux (Loupon 2000 ; ROSENCHER et VINTER 2002),

A~ A~

Wep = E(r, t).D, (5.9)

ol E(ro, t) désigne I'opérateur champ électrique 4 la position ro du systéme 2 deux niveaux (il ne s'agit plus
de opérateur position 1) et D = e désigne 'opérateur moment dipolaire du systéme 3 deux niveaux avec e
la charge de ce systeme. Toutefois, cet hamiltonien est une approximation du hamiltonien Ap, plus général, et
cette approximation n’est valide que si le champ électromagnétique considéré varie peu a I'échelle du systéme
a deux niveaux (Loupon 2000), ce qui nest pas le cas ici a cause des fortes discontinuités du champ aux
interfaces du puits et également dans le puits pour des vecteurs d’onde de module K 2> % ol a est I'épaisseur
du puits.

Nous utiliserons donc par la suite ’hamiltonien Ap pour décrire I'interaction entre les SPhP et les élec-

trons,
(&

Wap, = EA(E, t).p, (5.10)
ol A(t, ) désigne Popérateur potentiel-vecteur du champ considéré (ici celui des SPhP) évalué en &, opé-
rateur position des électrons. p désigne 'opérateur impulsion des électrons, e leur charge et m leur masse.
Comme cela est montré par Bastarp (1988), si l'on retire des états électroniques leurs parties périodiques

dues aux réseaux cristallins sous-jacents Uil faut substituer 4 la masse m figurant dans W4, la masse effective

1. Dans le cadre de I'approximation de la fonction enveloppe, un état électronique [t¢)) a une expression de la forme (r|1)) =
f(r)u(r) ot u(r) est une fonction présentant les mémes propriétés de symétrie et de périodicité que le matériau sous-jacent au point

r. Ci-dessus, les opérateurs considérés ne s'appliquent qu’a la partie « enveloppe » f(r) de I'état |10}, et les états électroniques ne
contiennent que cette derniére et sont donnés par 'expression (H.2).
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m* des électrons dans le puits. Lopérateur potentiel-vecteur des SPhP se déduit de I'équation (B.34b). En

adaptant les notations a celles de ce chapitre, on obtient

i e(0) ()4 —iwp(@)t 4}y o 11
ZZ 260wp )S e (2)ap(qe the G.1)

p>0 q

q désigne le vecteur d’onde des SPhP, p est un indice parcourant les branches de SPhP, et wy () est la pulsation

du SPhP de la branche p de vecteur d’onde de norme g.

5.2.3 Eléments de matrice

Apreés avoir détaillé les raisons conduisant au choix du hamiltonien Ap pour décrire I'interaction entre
électrons et SPhP, nous allons déterminer dans cette partie une expression des élements de matrice de ce ha-
miltonien. Certaines étapes de ce calcul sont détaillées dans 'annexe H.2. Ces éléments de matrice imposeront
une conservation du moment paralléle lors de I'interaction, et feront notamment intervenir des intégrales de
recouvrement entre les fonctions enveloppes des électrons et le champ des SPhP.

On considére donc I'émission et 'absorption d’'un mode de SPhP de vecteur d’onde q entre des états

électroniques « fondamental » et « excité », ) et |m/,K'), La figure 5.14 illustre le cas de I'émission. La
relation de dispersion des SPhP contient plusieurs branches (voir figure 5.8 pour un puits, et figure H.2 pour
la structure compléte). Nous nous intéresserons a 'émission et 'absorption des SPhP d’une unique branche
au cours de ces calculs, et les expressions obtenues s'appliqueront a chacune des branches de SPhP. On note
les états du systeme {électrons + SPhP}, |g) = |m, K, ng+1) et |e) = |[m/,K’, ng), oli ng est le nombre de
quanta dans le mode q de la branche de SPhP a laquelle on s’intéresse (q est le vecteur d’onde de SPhP émis
ou absorbé).

Du hamiltonien d’interaction (5.10), on ne s'intéresse qu'aux termes correspondant au mode q, dont on

~! pour I'absorption et ceux en ™! pour I'émission (LAVERNE 1994), ce qui

ne garde que les termes en e
revient a ne conserver que les termes en dflr pour I'émission et aq pour I'absorption — on note W, et W les
expressions résultantes.

Le calcul des éléments de matrice correspondant, (g|We|e) et (e|W,|g) est détaillé dans I'annexe H.2.

On trouve que leurs modules au carré sont égaux, et valent

[{gIWele)|” = |(e|Walg)[® (5.12a)
e hw ; 2
= m*? 2eq w256K+q x (K4l // .t Ifn,)m,,q (ng+1). (5.12b)

Dans cette expression, w désigne la pulsation du SPhP émis ou absorbé. Celle-ci sera fixée par la condition
de conservation de 'énergie dans la régle d’or de Fermi. Les moments K, K, q, pour lesquels on évalue cette
expression sont a priori quelconques, mais cet élément de matrice sera nul si la conservation du moment
K + q = K’ nest pas vérifiée, comme I'indique le symbole de Kroenecker d 4. Cette expression fait

également intervenir des intégrales de recouvrement entre le champ des SPhP et les fonctions enveloppes des
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électrons,
- /dz/C* (2 ¢m(2eq () (5.13a)
m,m/,q m/ a.// ) -15a
* d m
I7('/L{7)L/7q /dz,c /(Z/) CfZ, eq’z<z/)' (5'13b)

Ces intégrales de recouvrement font intervenir  la fois les fonctions enveloppes des états électroniques (, (2)
et Gy (2) etle champ des SPhP (via les composantes e, //(2) eteg . (2) du vecteur eq(2)). Si ces trois fonctions
présentent une symétrie par rapport au milieu du puits, des régles de sélection apparaissent. Il est important
de le signaler car ces regles de sélection se feront encore ressentir lorsque I'environnement du puits ne sera

plus exactement symétrique, comme cela est le cas dans le dispositif final.

5.2.4 Durées de vie électroniques

A partir des éléments de matrice calculés dans la partie précédente et des relations de dispersion des
électrons et des SPhP, on peut déterminer les taux d’émission et d’absorption de SPhP d’un électron dans un
état donné. Les calculs de cette partie sont détaillés dans 'annexe H.3.

Pour Iémission, on considére ainsi un électron dans un état |m/, K') (voir la figure 5.14) et on exprime le
taux d’émission de SPhP de la branche considérée a I'aide de la régle d’or de Fermi, en sommant sur les états

d’arrivée de I'électron (3 ) ainsi que sur les SPhP pouvant étre émis (3 Q>
27 2
we = h;;umwe)y §(Emx +hw — By ). (5.14)

Dans cette expression, Ey, k (E,,, k) désigne I'énergie des électrons dans I'état |m, K) (|m’, K')) et w est la
pulsation des SPhP de vecteur d’onde q. Le calcul de ce taux d’émission est effectué dans 'annexe H.3. On

obtient au final

2
e 11 Lol ) i) |?
We = — dg(ng+1)——— [iK'qcosO'T "/, + 1/, . (5.15)

C dmegm* KT )| csr<1 (nq )w |sin 6’| THMLG TG
Cette expression fait intervenir la masse m* effective, le module du moment initial de I'électron K ainsi que
les indices des sousbandes m et m/, qui sont connus. Lintégrale fait intervenir le module du vecteur d’onde
des SPhP émis ¢ ainsi que leur pulsation w (donnée par leur relation de dispersion) et leur angle d’émission

par rapport 3 K, noté 6’ (angle entre K’ et q, voir la figure 5.16). 6’ est donné par 'expression

q 2m

2K’ A2 (]2

cosf = (€m — €mr + Pw) | . (5.16)
Cette égalité se déduit 2 la fois de la conservation du moment K+q = K’ et de I'énergie E,,, k+hw = E,,/ g/
Le membre de droite ne dépend que de ¢, les autres variables étant fixées. Pour que I'équation (5.16) soit

valide, son membre de droite doit étre compris entre —1 et 1 : les valeurs de ¢ pour lesquelles c’est le cas
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FI1GURE 5.16 — Représentation de la conservation du moment lors de I'émission ou de I'absorption d’un SPhP.
q est le vecteur d’onde du SPhP, K et K les vecteurs des états « fondamentaux » et « excités » de I'électron. 0
désigne 'angle entre K et q et &’ celui entre K’ et q.

forment l'intervalle d’intégration de l'intégrale figurant dans (5.15). Ainsi, cette intégrale est une somme sur
les modules permis des SPhP émis. Pour chaque valeur de ¢ de ce module, (5.16) indique I'angle du vecteur

d’onde q.

De plus, on a supposé que le nombre nq de SPhP dans chaque mode (caractérisé par le vecteur d'onde q)
est isotrope (on le note alors 1¢), ce qui permet de simplifier la somme 3 figurant dans (5.14), mais peut

ne pas étre valide si le réseau en or joue un role important.

On calcule le taux d’absorption de SPhP d’un électron a l'aide de la régle d’or de Fermi de maniére

analogue. Létat de départ de I'électron est cette fois-ci |m, K), et le taux d’absorption est donné par

27'(' 2
Wa = - EK: Eq: [(e|Walg)|* 6(Epy xr — hw — Epx). (5.17)

Le calcul de ce taux d’absorption est effectué dans 'annexe H.3, et a pour résultat

62

2
iKgeos0I)), +1%) I (5.18)

m,m’,q

1
/dq cos 0| <1 (nq + 1)

47T60m K w |sin 6]

Cette expression présente de fortes similarités avec le taux d’émission (équation 5.15). Le module du vecteur

d’onde initial est ici K et non plus K’. Les intégrales de recouvrement ne sont pas exactement les mémes

(I/(// ( ) des équations (H.13) pour I"émission, I(//) et I ?)

mmq m,m’,q m,m’,q

des équations (H.9) pour 'ab-
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sorption). Langle 6 dans (5.18) est I'angle entre les moments K et q, donné par I'expression

q 2m
2K’ h2q2

cos@ = (€m — €mr + Aw)| . (5.19)
Cette égalité présente des similarités avec (5.16) (K est substitué a K7, et certains signes changent). Les valeurs
de g pour lesquelles le membre de droite de cette égalité est compris entre —1 et 1 sont les valeurs permises
pour le module des vecteurs d’onde des SPhP émis, et l'intégrale figurant dans (5.18) porte sur ces valeurs.

On a représenté sur la figure 5.17, les taux d’émission et d’absorption des SPhP d’un puits simple. On
voit ainsi que parmi les SPhP, les modes de I'intervalle B (figure 5.7, GaAs résonnant) prédominent, suivis par
ceux de I'intervalle C (caractére AlAs de Alg 33Gag 67As résonnant). Aux faibles vecteurs d’onde électroniques,
les modes de 'intervalle B peuvent prédominer également sur les phonons confinés (figure 5.17a). Toutefois,
ils ont tendance plus généralement a avoir des taux d’interaction environ 6 a 7 fois inférieurs, et donc non
négligeables devant eux.

Dans I'annexe H.1, on a tracé sur la figure H.3 les taux d’émission et d’absorption obtenus dans le cas
d’une structure proche de celle représentée sur la figure 5.2. Les branches de la relation de dispersion de cette
structure proches de celle d’un puits simple ont également des taux d’interaction avec les électrons présentant

peu d’écart avec ceux d’un puits simple.

5.2.5 Taux d’émission et d’absorption de chaque mode de SPhP

Les calculs de taux d’émission et d’absorption de SPhP par un électron donné, effectués dans la partie
précédente, ne fournissent pas directement d’informations sur le vecteur d’onde des SPhP émis ou absorbés.
Cette information est contenue implicitement dans les sommes sur les modules g des vecteurs d’onde des
SPhP figurant dans les équations (5.15) et (5.18), 'angle par rapport au moment initial de I'électron érant
donné par les équations (5.16) et (5.19). Toutefois, il ne s'agit que des vecteurs d’onde des SPhP émis par un
électron dans un état donné, et non émis par I'ensemble des électrons.

Afin de savoir dans quelle mesure chaque mode de SPhP interagit avec les électrons, on se propose de
calculer les taux d’émission et d’absorption de SPhP d’'un mode donné d’une branche p de SPhP et pour un
vecteur d’onde q. Ces taux indiqueront dans quelle mesure les SPhP couplés au rayonnement via le réseau
sont susceptibles d’interagir avec les électrons par rapport aux autres modes.

On cherche ces taux d’émission et d’absorption a I'aide de la régle d’or de Fermi. Dans un premier temps,
on ne conserve du hamiltonien d’interaction (équation 5.10) que les termes concernant le mode de la branche

p de vecteur d’onde q,

W) = nj AP (1,1).p, (5.20)
avec
) B . .
(P) (2 +) — iqr () ()5 —iwp(q)t
Al (x,t) 2eowp(q)Se el (2)ap(qe """ + h.c. (5.21)

Les états fondamental et excité du systeme {électrons + SPhP} sont les mémes que dans les parties 5.2.3
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FIGURE 5.17 — Taux d’émission et d’absorption de chaque branche de SPhP d’un électron dans un puits
quantique (figure 5.6). Transitions (a) : 2 <> 1 (émission 2 — 1, absorption 1 — 2), (b) : 1 <> 1, (¢) :
2 < 2. Pour les taux d’émission, les couleurs et traits correspondent a la figure 5.8. Les différents traits bleus

correspondent aux modes antisymétriques, et les traits rouges correspondent aux modes symétriques. Sur la

figure (a), les symétries rendent impossible I'émission et absorption de modes symétriques, de méme pour les
modes antisymétriques pour les figures (b) et (c). Les taux d’absorption sont représentés en noir, avec le méme
type de trait (épaisseur, tirets) que les taux d’émission. Les taux d’absorption d’une branche donnée se situent

juste en deca de ses taux d’émission, identifiables grace a leur couleur. Les taux d’émission et d’absorption de

honons confinés (sommé sur les ordres ) sont représentés en pointillés (courbe supérieure pour I’émission,
p Y p Y p

inférieure pour 'absorption). Le peuplement des différents modes de phonons de surface et d’interface sont

calculés a 'aide de la statistique de Bose-Einstein, avec une température 7' = 300 K.
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et 5.2.4, |g) = |m,K,nqg + 1) et [e) = |m/,K', ng). Les éléments de matrice de (5.20) sont les mémes que
dans la partie 5.2.3 et sont donnés par I'équation (5.12b).

La regle d’or de Fermi permet d’exprimer les taux d’émission et d’absorption de quanta de ce mode
de SPhP par une population d’électrons décrite par une fonction de distribution f(m,K) (f(m,K) est la
probabilité qu'un état |m, K) soit occupé, et est donnée par la distribution de Bose-Einstein si la population

d’électrons est en équilibre thermique). Le taux d’émission est ainsi déterminé dans 'annexe H.4 et vaut

e2

(p) —
w
“9 " dreg m*w q

( a7 1), q‘ (n +1) /de ' K[ - f(m,K)].  (5.22)
On détermine également le taux d’absorption du processus inverse,

(p) —
w
aq 47reo m*wq

m,m’.,q

) o1\, 1%, nflm /def(m, K) [1— f(m', K], (5.23)

(p) (p)

et lorsque les électrons sont thermalisés (2 une température 7;), on trouve que la différence entre we.q et wa.q

(taux d’émission « net ») se met sous la forme

w) = wl) =T? (T)[nd — nP)(T.)], (5.24)
avec
2
() _ e Loy (/) )
Feﬂq( e) - 471'60 m*wq ’LQK Imm ,q + Imm ,q /dK fTe,,ue (m K) fTe,,ue (m K)] (5 25)

Ce taux d’interaction donne la vitesse & laquelle chaque mode de SPhP tend vers n(p ) (T¢), savaleur d’équilibre
avec la population d’électrons thermalisée. Lexpression de nslp ) (T%) est donnée par la statistique de Bose-
Einstein.

On a représenté sur la figure 5.18 ces taux d’interaction calculés pour les SPhP d’un puits simple (fi-

gure 5.6). On a supposé que la densité d’électrons dans le puits était de ny = 1,14 x 10! cm ™2

,etque la
température électronique était de 300 K.

Dans 'annexe H.1, on a tracé sur la figure H.4 les taux d’interaction obtenus dans le cas de la structure
proche de celle représentée sur la figure 5.2. La encore, on obtient des résultats trés proches de ceux d’un puits
simple.

On voit que le taux d’interaction des SPhP antisymétriques de I'intervalle de fréquence B (courbe bleue en
trait épais sur la figure 5.18a) interagissent fortement avec électrons, via la transition intersousbande 2 — 1.
Cette interaction est particulicrement forte pour les SPhP de faible vecteur d’onde, supérieure de plusieurs
ordres de grandeurs 2 la plupart des autres phonons présents. Bien qu’il existe un nombre important de ces
autres modes de phonons qui interagissent avec les électrons (voir figure 5.17), on s’attend a ce que les électrons

circulant dans le puits émettent une quantité de SPhP couplés au rayonnement permettant 'obtention d’un

rayonnement térahertz avec un rendement acceptable.
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Figure 5.18 — Taux d’interaction de chaque mode de SPhP avec une population d’électron, dans un puits
simple. Transitions (a) : 2 <> 1, (b) : 1 <> 1, (c) : 2 ¢+ 2. Les couleurs et traits correspondent a la figure 5.8.
Les remarques de la figure 5.17 s'appliquent. Les pointillés correspondent aux ordres de phonons confinés
dont les taux d’interaction avec les électrons sont les plus importants ((a) : n = 4 et 2, (b) et (¢) : n = 1 et 3).
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5.3 Couplage aux ondes progressives et simulations électroniques

Dans cette section, nous allons discuter des simulations de transport électronique s’appuyant sur la mé-
thode de Monte Carlo et simulant le fonctionnement de structure du type de celle présentée dans ce chapitre.
Les résultats présentés sappuyent sur des calculs et une structure préliminaire du projet Lapsus, et nous expli-
querons en quoi la structure que nous avons étudié conduira a des résultats plus prometteurs. Nous discute-
rons également du phénoméne d’absorption résonante étudiée par Vassant (2011), qui illustre notamment

Iexcitation de SPhP via un réseau dans la structure étudiée dans les sections précédentes.

5.3.1 Simulations de transport électronique par méthode de Monte Carlo

Les calculs de taux d’interaction présentés dans ce chapitre s'inscrivent dans la continuité de premiéres
simulations de transport électronique par méthode de Monte Carlo (SAINT-MARTIN et al. 2006), publiés
dans (Mazzamuro et al. 2009). Nous allons dans un premier temps rappeller brievement leurs résultats.
Ces premiers calculs sappuyent sur une modélisation des SPhP de la structure employée comme SPhP d’une
interface simple GaAs/air Dans un second temps, nous justifierons les raisons qui font que la structure écudiée

dans ce chapitre permettra d’obtenir de meilleurs résultats.

W y Gate

6 doping +

Source Drain

Bulk

FIGURE 5.19 — Structure modélisée dans le cadre des simulations de transport électronique par méthode de
Monte Carlo. Figure extraite de (Mazzamuro et al. 2009).

Ces calculs consistent a simuler le transport des électrons dans un puits quantique situé dans une structure
telle que celle représentée sur la figure 5.19. Lors de ces calculs, on considere que les électrons interagissent
avec trois types de phonons : les phonons acoustiques « bulk », les phonons optiques « bulk », ainsi que les
SPhP.

Dans la structure considérée (figure 5.19), le plan de dopage (« § doping ») induit un puits triangulaire
dans le GaAs a linterface avec AlGaAs. Les électrons circulent dans le puits entre la source et le drain, et
une grille permet d’appliquer un champ électrique statique dans le puits, ce qui permet d’ajuster les écarts en
énergie entre les sousbandes du puits (par effet Stark, voir WEIsBUCH et VINTER 1991 ; ROSENCHER et VINTER
2002).
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Dans ces premiers calculs, nous n’avions pas encore développé le traitement quantique des SPhP dans les
hétérostructures (annexe B), et les SPhP étaient modélisés comme ceux d’une interface GaAs/air. Linfluence
de Alp 33Gag 67As et de la grille était négligée, malgré I'impact que ces couches pouvaient avoir sur ces SPhP
(Ia couche de Al 33Gag 67As a une constante diélectrique qui varie fortement aux fréquences considérées et
présente elle-méme des SPhP, et la grille, métallique, a une constante diélectrique tres élevée). Leur relation de

dispersion est représentée sur la figure 5.20. On a tracé sur la figure 5.21 la valeur normalisée de la composante

36.5
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34.51 1
34.0f 1
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| I I I
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FIGURE 5.20 — Relation de dispersion des SPhP d’une interface GaAs/air. Bleu : relation de dispersion. Tirets
noirs : cone de lumiére ¢ = <. Pointillés noirs : pulsations des phonons TO (bas) et LO (haut) de GaAs. La
relation de dispersion se prolonge aux ¢ plus grands, en restant plate (elle garde la méme pulsation).

|E.| (u.a.)

0 20 40 60 80 100
q (md.,um_l)

Ficure 5.21 — Composante E, du champ normalisé des SPhP d’une interface GaAs/air, dans GaAs, a l'inter-
face avec l'air. Abscisse : vecteur d’onde des SPhP. La composante E, du champ normalisé décroit fortement
aux faibles vecteurs d’onde.

E, de leur champ électrique dans le GaAs 4 proximité immédiate de I'interface avec I'air. Ce champ normalisé
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intervient directement dans les intégrales de recouvrement (équations H.9b et H.13b) apparaissant dans les
éléments de matrice de 'hamiltonien d’interaction électrons-SPhP. Comme on peut le voir, aux faibles vecteurs
d’onde ¢, ce champ normalisé tend vers 0 : les SPhP de faible vecteur d’onde interagissent ainsi trés peu avec
les électrons du puits. Ainsi, bien que les taux d’émission de SPhP soient proches des taux d’émission de

phonons optiques (voir figure 5.22), le spectre des vecteurs d’onde des SPhP émis (figure 5.23) révele que le
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F1GURE 5.22 — Taux d’émission de phonons calculés par Mazzamuro et al. (2009). Gauche : taux d’émission
de SPhP pour différentes transitions inter- et intrasousbandes (les sousbandes de départ et d’arrivée sont
indiquées en indice sur le schéma). Droite : taux d’émission de phonons optiques (« POP »), acoustiques
(« AP »), et de SPhP (pour les SPhD, par transitions intrasousbandes de la sousbande 1, transition de taux
d’émission les plus élevés, voir figure de gauche). Les taux d’émission de SPhP représentés sur la figure de
droite sont jusqu'a un ordre de grandeur inférieurs aux taux d’émission de phonons optique. Images extraites
de (Mazzamuro et al. 2009).
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FIGURE 5.23 — Spectre des vecteurs d’onde des SPhP émis déterminé par Mazzamuro et al. (2009). Le

spectre est maximal aux alentours de 100 rad.jum ™!, et est important de quelques dizaines 4 environ 300

rad.pm ™. Image extraite de (Mazzamuro et al. 2009).

nombre de SPhP émis aux faibles vecteurs d’onde tend vers 0 également, minisant la probabilité d’émission de

SPhP dont le vecteur d’onde les rend susceptibles d’étre couplés au rayonnement. Deux facteurs contribuent
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a minimiser I'’émission de SPhP pouvant rayonner : la fraction relativement faible de SPhP susceptible de
rayonner comparée 4 'ensemble des SPhP (voir figure 5.15, partie 5.2.1), et la faiblesse du champ normalisé
des SPhP susceptibles de rayonner (figure 5.21).

La structure étudiée dans les sections 5.1 et 5.2 de ce chapitre, sappuyant sur un puits rectangulaire,
présente 'avantage de lever la seconde limitation. Comme cela est représenté sur la figure 5.5 (partie 5.1.1.2),
le champ du mode antisymétrique de I'intervalle de fréquences B est de plus en plus confiné dans le puits, ol
se situent les électrons. Ainsi, les SPhP de faible vecteur d’onde de cette branche interagissent fortement avec

les électrons, comme le montre le calcul de taux d’interaction des modes individuels, figure 5.18.

5.3.2 Absorption résonante

Dans la partie 5.1.2, nous avons vu qu'une des branches de SPhP du puits GaAs/Alg 33Gag 67As et de
la structure Lapsus simplifiée a, & certains vecteurs d’onde, un champ trés confiné dans le puits (sans étre
rigoureusement nul a lextérieur de celui-ci — il s'agit de la branche antisymétrique de I'intervalle de fréquence
«B », aux faibles vecteurs d’onde, voir figures 5.7 et H.2). Ce fort confinement peut s'expliquer par la faible
valeur de la constante diélectrique de GaAs aux fréquences d’existence de ces SPhP, proches de la pulsation
des phonons LO de GaAs, wro.

Les propriétés des matériaux ayant une constante diélectrique proche de zéro ont déja fait 'objet de
quelques travaux. On parle de matériau (ou d’effet) « ENZ » pour epsilon near zero. Les propriétés des matériaux
ENZ permettent de concevoir des guides d’ondes « parfaits » (SILvEIRINHA et ENGHETA 2006 ; EDWARDS et al.
2008). Ici, nous obtenons des modes tres confinés dans un volume extremement sub-longueur d’onde (couche
de GaAs d’environ 20 nm d’épaisseur a une longueur d’onde dans le vide d’environ 35 pum).

Lexistence de ce mode, dont nous avons souligné le confinement dans le puits dans la partie 5.1.1.2
(illustré par la figure 5.5), permet d’abord d’obtenir un phénomene d’absorption résonante, qui peut dans un
deuxie¢me temps étre exploité afin de réaliser un modulateur THz contrdlé électriquement, comme cela est
représenté sur la figure 5.2.

La figure 5.24 donne le détail de la géométrie utilisée. Cette structure présente un substrat en GaAs dopé,
séparé des couches du puits, des barrieres, et du réseau en or, par un espaceur constitué d’une alternance de
monocouches GaAs/AlAs (matériau choisi pour sa facilité de déposition, et de propriétés proches de celle de
Alp 50Gag 50As). Cette partie inférieure de la structure permet de former une cavité qui exalte le champ dans le
puits, effet qui se superpose a I'effet ENZ décrit ci-dessus. La figure 5.25 (gauche) représente la réflectivité de
la structure précédente (a une incidence de 45°). Le creux de réflectivité a \g = 34, 34um est attribuable aux
effets ENZ et de cavité dont on vient de discuter. Le champ correspondant est représenté sur la figure 5.26,
sur laquelle on peut voir 'exaltation de champ dans le puits. La figure 5.25 représente la fraction de puissance
incidente absorbée dans le puits en fonction de I'angle d’incidence, a A9 = 34, 34um. Comme on peut le
voir, jusqu’a 70% de celle-ci peut étre absorbée dans le puits. (Cette valeur peut dépasser 80% avec un substrat
plus réfléchissant.)

Lobtention par la suite d’'un modulateur térahertz s'appuie sur une modulation de la densité d’électrons

dans le puits, en polarisant ce dernier. On module alors leur contribution a I'absorption dans le puits via
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FIGURE 5.24 — Géométrie et matériaux utilisés dans la conception de la structure Lapsus. Figure extraite de
(VassaNT 2011).
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Ficure 5.25 — Réflectivité (angle d’incidence : 45°) et fraction de la puissance incidente absorbée dans le
puits & A\g = 34, 34 um. Figure extraite de (Vassant 2011).
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FIGURE 5.26 — Champ (|E,|?) dans la structure en incidence normale & A9 = 34, 34pum. Les traits blancs
représentent la géométrie de la structure. Le module du champ incident est 1. Figure extraite de (VassaNT
2011).

la partie imaginaire de sa constante diélectrique (contribution non prise en compte dans les calculs effectués
dans ce chapitre), ce qui module I'efficacité de I'absorption résonante et la réflectivité de la structure, et permet

d’obtenir un modulateur térahertz.






Conclusion

Au cours de ce manuscrit, nous avons posé les bases théoriques de plusieurs questions concernant la
modélisation des ondes de surface, notamment 'optique s'appuyant sur celles-ci (optique sub-longueur d’onde
2D et super-résolution) et 'interaction des ondes de surface avec un autre systéme (traitement quantique des
ondes de surface). Dans le chapitre 1, nous avons discuté de problémes soulevés par la relation de dispersion
des ondes de surface en nous appuyant sur des expressions du champ des ondes de surface correspondant a
chacune de ces relations de dispersion, obtenues a I'aide du formalisme de Green.

Nous nous sommes intéressés par la suite aux limites de résolution de systémes s’appuyant sur le caractére
sub-longueur d’onde des ondes de surface afin d’imager des détails de dimensions inférieures a la limite de
diffraction usuelle des ondes progressives. Dans le chapitre 2, nous avons déduit des équations de Maxwell
une équation de Helmholz scalaire pour les ondes de surface, dont on peut déduire toutes les composantes du
champ électromagnétique (vectoriel) des ondes de surface. Nous avons pu obtenir un « principe » d’Huygens-
Fresnel pour les ondes de surface ainsi qu'une équation eikonale pour les « rayons » d’ondes de surface, dont les
conditions d’application apparaissent clairement en cours de calcul. Nous avons illustré le principe d'Huygens-
Fresnel pour les ondes de surface en 'appliquant a différents dispositifs de diffraction et de focalisation d’ondes
de surface. Dans le chapitre 3, nous avons étudié analytiquement le comportement de la superlentille de
Pendry en régime impulsionnel, afin d’améliorer sa résolution par rapport au régime harmonique en présence
de pertes. Nous avons montré quune impulsion de méme fréquence et décroissant au méme rythme que
les ondes de surface de grand vecteur d’onde, et le régime suivant I'arrét du régime harmonique, permettent
d’améliorer cette résolution de quelques dizaines de pourcents, au prix toutefois d’une décroissance importante
du signal.

Dans les chapitres suivants, nous nous sommes intéressés a I'interaction des ondes de surface avec un autre
systéme. Dans le chapitre 4, nous avons développé un traitement quantique des ondes de surface, sappuyant
sur une modélisation sans pertes de celles-ci. Nous avons comparé les facteurs de Purcell prédits par ce modele
quantique a un calcul classique de ce facteur, et mis en évidence la validité de notre modéle dans la limite de
faibles pertes. Dans le chapitre 5, nous avons étudié les phonons-polaritons de surface d’'un puits quantique
et leur interaction avec les électrons du puits par transitions inter- et intrasousbandes. Nous avons mis en
évidence que certains de ces phonons-polaritons de surface de faible vecteur d’onde ont un champ important
dans le puits grice a la constante diélectrique de ce dernier qui approche zéro (comportement que 'on ne
retrouve pas avec des plasmons-polaritons de surface), et interagissent fortement avec les électrons du puits.
Ces résultats ont ouvert la voie a la réalisation d’'un modulateur d’ondes térahertz contr6lé électriquement,
et permettent d’envisager la réalisation d’une source électrique de rayonnement térahertz s'appuyant sur la

méme structure.






ANNEXE A

Conventions de calcul et notations

A.1 Notations

c désigne la célérité de la lumiere dans le vide, € la permittivité diélectrique du vide et p4 la perméabilité

magnétique du vide. Ces trois grandeurs vérifient egpoc® = 1.
Si z est une grandeur complexe, 2’ désigne sa partie réelle et z” sa partie imaginaire.

On utilise les notations de S1pE (1987) pour les vecteurs unitaires. &, § et 2, désignent les vecteurs unitaires
respectifs des axes , y et z. Dans les autres cas, la notation ~ (chapeau) désigne un vecteur unitaire de mémes

direction et sens que le vecteur sans chapeau. On a par exemple pour un vecteur v, ¢ = .

H (t) désigne la fonction de Heaviside, qui vérifie

1 sit>0
H(t) = (A.1)

0 sinon.

A.2 Transformées de Fourier

A.2.1 Transformées de Fourier par rapport aux variables = et y

On note les variables conjuguées de et y, K et K respectivement et on associe a ces variables un
vecteur d’'onde K = K % + K dont elles sont les composantes. Si f(p) correspond a une fonction dans

I'espace direct, on note f(K) sa transformée de Fourier (on substitue simplement K 2 p), et on a

2
f(p) = / ¢K ™7 f(K) (A.2)

= / d’r e"K"’ f(p) (A3)

avec j = & + y¥. Par exemple, si f(p) = (7 — po), ona f(K) = e K0,
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A.2.2 Transformées de Fourier par rapport au temps

La variable conjugué du temps ¢ est la pulsation w. Pour une fonction du temps f(t), on note f(w) sa

transformée de Fourier (on substitue w 4 ¢), et on a

10 = [S2 e s() (a4

flw) = [aeso (a3)

Par exemple, si f(t) = e, ona f(w) = 27 §(w — wp).

A.3 Racines complexes

On est amené au cours des différents chapitres de cette theése a4 définir certaines grandeurs comme des
racines carrées d’expressions éventuellement complexes. Or, un nombre complexe a deux racines carrées pos-
sibles, opposées entre elles, et le signe des grandeurs ainsi définies a un sens physique important : il sagit
généralement de constantes de propagation, que 'on peut noter y par exemple, figurant dans des expres-
sions de la forme €. Le signe de la constante de propagation + définit ainsi un sens de propagation de
Ponde considérée (dans la direction 2) — 2z croissants si Re(y) > 0, z décroissants si Re(y) < 0. Dés que
Im(y) # 0, €77 diverge, l'onde est atténuée ou amplifiée, et son module croit dans une direction et décroit
dans lautre — €97# diverge lorsque 2 — —o0 si Im(v) > 0, ou lorsque z — 0o si Im(v) < 0.

On choisit ici parmi les deux racines carrées possibles celle de partie imaginaire positive. Cela conduit a intro-
duire dans le plan complexe une ligne de coupure, le long de 'axe des réels positifs — la fonction racine carrée
ainsi définie présente une discontinuité a la traversée de cette ligne de coupure (voir figure A.1). Cela revient,
lors du calcul des racines carrées, a choisir 'argument du complexe dont on prend la racine carrée entre 0 et
27, puis a diviser cet argument par deux pour obtenir celui de la racine carrée, comme cela est représenté sur
la figure A.1.

Si les deux racines carrées ont une partie imaginaire nulle, on est dans le cas ot le carré est sur 'axe des

réels positifs. On choisit alors la racine positive.
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Vo @/2
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Ficure A.1 — Coupure introduite dans le plan complexe lors du choix de signe des racines carrées complexes.
En rouge, la ligne de coupure induite par la convention choisie pour la fonction racine carrée complexe. On
a représenté un nombre complexe «v et sa racine \/«, ainsi que leurs phases respectives ¢ et /2.






ANNEXE B

Ondes de surface dans les hétérostructures

Dans cette annexe, nous allons obtenir une expression du champ des ondes de surface dans les hétéro-

structures de forme générale représentée sur la figure B.1.

Couche Interface
z
M+1 A
Zyg
M
Zn
i+1
] 2
: z
i1
Zy
2
Z
1

Ficure B.1 — Systéme considéré dans cette these lorsque 'on traite d’hétérostructures. Chétérostructure
contient M interfaces, de plans z = zj, 1 < j < M. Ces interfaces séparent M + 1 milieux matériels,
indexés de j = 14 M + 1. Dans la couche j avec 2 < j < M, la coordonnée z vérifie z;_1 < z < z;. Cette
inégalité peut s'étendre aux milieux extrémaux 1 et M + 1 en posant zp = —00 et zp41 = 0.

Nous donnerons deux méthodes pour obtenir ce champ, une premiére sappuyant sur une séparation des
variables d’espace (coordonnées paralléles = et y d’une part, coordonnée perpendiculaire z d’autre part), et
une seconde, plus générale, sappuyant sur les distributions. Dans les hétérostructures comportant plusieurs
interfaces séparant des milieux dont les constantes diélectriques peuvent étre opposées (et dont les ondes de
surface ont donc une relation de dispersion comportant plusieurs branches), la premiére méthode fournit le
champ de chacune des branches de la relation de dispersion des ondes de surface séparemment, alors que la se-
conde méthode donne une seule expression du champ comportant une somme sur ces branches. Loptique de
Fourier développée dans le chapitre 2 s'appuye sur les expressions fournies par la premiére méthode. La quan-
tification des ondes de surface dans les hétérostructures sappuye sur celles obtenues par la seconde méthode.

Ces deux méthodes conduisent & un méme syst¢éme d’équations homogene. Uannulation de son déterminant
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donne la relation de dispersion des ondes de surface, et sa résolution donne les coefficients intervenant dans
les expressions du champ de ces ondes de surface.

Par la suite, nous quantifierons ces ondes de surface et nous donnerons une expression des opérateurs
de leur champ. Préalablement, nous déterminerons 'énergie de ces ondes de surface, dont I'expression est
indispensable pour les quantifier.

La dissipation de I'énergie de ces ondes de surface (dans les matériaux a pertes présents) peut poser des
problémes formels. La premi¢re méthode d’obtention du champ des ondes de surface tient compte de ces
pertes des le départ. La seconde méthode suppose que ces pertes sont absentes, et ses résultats sont généralisés

au cas avec pertes.

B.1 Séparation des variables

Une premiere maniere d’obtenir les relations de dispersions et le champ des ondes de surface d’'une hé-
térostructure sont présentés dans le chapitre 2. On rappelle ici les grandes lignes de cette méthode. Plus de
détails sont donnés dans le chapitre 2 ainsi que dans 'annexe D qui 'accompagne.

Cette méthode a pour point de départ I'équation de Helmholtz pour la composante E, du champ élec-

trique, en régime harmonique de pulsation w,

2

AE,(r) + e(z,w)%EZ(r) — 0. (B.1)

Elle consiste a rechercher des solutions de cette équation de la forme

E.(r) = E(x,9) f(2), (B.2)

Cest-a-dire a effectuer une séparation des coordonnées paralléles, x et y, et perpendiculaire a l'interface, z,.
On montre alors que la continuité de D, (r) = €(z,w) . (r) et E//(r) & la traversée de chaque interface
entraine celle de €(z, w) f(2) et % De I'équation de Helmholtz (B.1), on déduit les équations différentielles

vérifiées par (z,y) et f(z),

Ay E(m,y) + K2,E(x,y) =0, (B.3a)
d2 2
d7§ + [e(z, w)% - Kgp} f(z) =0, (B.3b)

ot l'on a introduit la constante K2

sp> dont on montre qu'il s'agit du carré du vecteur d’onde des ondes de

surface 4 la fréquence considérée !

La résolution de (B.3b) en tenant compte de la continuité de €(z,w) f(z) et i—]; permet d’obtenir f(z),

f(z) = ajeil=zi-il g gietilz==il o< p < gy (B.4)

1. et pour la branche considérée si la relation de dispersion des ondes de surface a plusieurs branches.
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ol les coefficients 5 et 3; sont solutions du systeme d’équations (D.24), que I'on rappelle ici,

¢j(w) [Oéjewjdj + 54 = €j+1(w) [Oéj+1 + Bj+1€wj+1dj+1] ,
i [ajemdj B 5]'] = 1j+1(w) [%’H - ﬁj+1€i7j“dj+1} :
E(x,y) doit simplement satisfaire 'équation (B.3a). Une solution particuli¢rement simple est £(x, y) =

™7 avec p = x4 + y$ et K un vecteur de carré K Szp'
On déduit E/(r) de E,(r) avec la formule (2.2),

1 OE.(r)] 1 df
E)(r) Kgpv//[ o ]_Kgpv// [S(iﬂay)]a,

B.2 Par transformée de Fourier, sans pertes

Nous ne nous plagons pas ici en régime harmonique, et nous considérons donc E(r, ¢). Sa transformée

de Fourier par rapport a ¢,

E(r,w) = / dt e“'E(r, t), (B.5)
vérifie 'équation de Helmholtz,
w2
AE(r,w) + €(z, w)C—QE(r,w) = 0. (B.6)

Linvariance par translation dans les directions z et y de ce syst¢tme conduisent a étudier la transformée

de Fourier par rapport a = et y de ce champ,

E(K,z,w):/ dx/ dye_iK"E(r,w):/ dx/ dye_iK"/dtei“tE(r,t). (B.7)

D’aprés I'équation de Helmholtz, E(K, z, w) vérifie
2 2

0
@E(K7 z,w) + {e(z,w)(; - KQ] EK, z,w) =0 (B.8)

€(z,w) étant constante par morceaux dans chaque couche de I'hétérostructure, cette équation se résout faci-

lement. Dans la couche j (2j_1 < z < 2j), ona€(z,w) = €;(w) et:

EK, z,w) = E§-+) (K, w)ei® 4 Eg-f)(K,w)e*mZ (B.9)

2 . . .
avec v; = vj(K,w) = 1/€j% — K?, cf. annexe A.3 pour les conventions de signe pour les racines com-
;. . . 2 2 . w2
plexes. ; vérifie ainsi K= + 75 = €;(w)%5.

Dans les couches extrémales j = 1 et j = M + 1, on annule respectivement Eé+)(K, w) et ESV_[L(K, w),
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i.e. on suppose qU’il n’y a pas d’ondes incidentes provenant de z = £00.

Intéressons-nous maintenant a la polarisation de cette onde. Léquation V.D = 0 conduit dans chaque

couche 2

iKEK, z,w) + i[E(K, z,w).2] =0, (B.10)

soit, en utilisant (B.9),

iK. [Eg.” (K, w)e® + ng)(K,w)e—”fZ] + iy, [E§+)(K,w)emz —E{(K,w)e | =0,

zj—1 < 2 < zj. (B.11)

En regroupant les termes en E§-+) (K,w) et Eg-_) (K,w), et (B.11) étant vraie pour une infinté de valeurs de

2
(K + i7;2).E (K, w) = 0, (B.12a)
(K — i7;2).E 7 (K, w) = 0. (B.12b)
On pose alors
k*

kF=K+iys, kF=-—21_, (B.13a)

! SN
pr(K w) = L(%-in K%)= g (KF Ei) (B.13b)

’ Vet Ve Vi

s:pj.: XR;E:KXQ. (B.13¢)

Les vecteurs (ﬁ]i, pjﬂ-:, s) et (K,2,s) forment alors des bases, et les équations (B.12) peuvent s'écrire sous la

forme

DK w) =0, (B.14a)
EU) (K, w) =0. (B.14b)

Ainsi, dans la base (ﬁ]i, p}t, s), E;r (K, w) se décompose sur les vecteurs p;r et s uniquement. De la méme

maniére, E; (K, w) se décompose sur p; et s. Les composantes sur s correspondent a la polarisation s du

champ, les composantes restantes a la polarisation p.
On ne s'intéresse désormais qua la polarisation p du champ. On a ainsi E;r (K,w) pj(K,w) x
K — - K . . . o
K- SRetE; (K,w) o< p; (K,w) o K+ 32 En introduisant les constantes de proportionnalité f; (K, w)

et bj(K,w), I'équation (B.9) peut s’écrire

E(K, z,w) = f;(K,w)(K - fe)e”ﬂ + b; (K, w) (K + fe)e”ﬂ. (B.15)
J J
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Afin de simplifier les calculs, on multiplie les constantes f;(K,w) et b; (K, w) par €77%-1 et e =%, et on
obtient

Eag%w):fﬂmka-gf@JWZﬁﬁ1+bﬂmkaﬁgf@aWZﬁﬂ (B.16)
J J

La continuité de D, (K, z,w) = €(z,w)E.(K, 2,w) et E//(K, 2,w) permettent d’obtenir le systeme

37 .
d’équations

fia €M by = f 4 el (B.172)
Il g el o Ly o T S euds (B.17b)
1Yj—-1 1Y5-1 ¥ vyj

pour j = 24 M +1 (on a omis la dépendance en K, w des coefficients f; et b; afin d’alléger les notations). Ce
systéme est analogue a celui des équations (D.24) en substituant (o5, 35) a (f}, b;) et en multipliant (B.17b)

par <.

Le systeme (B.17) se résout en utilisant les propriétés des distributions. On peut 'écrire sous forme ma-

tricielle,

M(K,w) . 2. (B.18)

Si l'on considere K comme fixé, le membre de gauche de (B.18) est un produit de distributions de w, qui
sannule. Sil'on note {wy, (K') } 'ensemble des valeurs de w annulant le déterminant de M (K, w), les solutions
de (B.18) sont de la forme

ey 2
o] = ety 700 dho - o) (519
P J

Notons que les coefficients de la matrice M ([, w) font intervenir €;(w) et v; (K, w) qui vérifient (en

Iabsence de pertes et pour w réel)

€ (—w) = €j(w), (B.20a)
v5(K, —w) = =7} (K, w). (B.20b)

On en déduit
M(K,—w) = M*(K,w), (B.21)

ce qui implique que les pulsations w;, annulant le déterminant de M (K, w) forment des couples (wp, —wy)
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)| P ()

on réordonne les indices p de sorte que w_, = —w,,) de vecteurs-solutions associés | * 4 et
( p quew—p = —wp) dev b (i) | |60 (i)
En posant
K . K .
el () = 7 (K) (K~ 7—2)6”7'"2_2]"1' + 0P (K) (R + f?e)ewﬂz—zﬂ, (B.22)
J J

o1 ; dépend de [K, wy,(K)], I'équation (B.16) s’écrit

E(K, z,w) = Y ¢p(K)e) (2)0[w — wp(K)], (B.23)

de transformée de Fourier inverse

K e i
%ﬁ=2/myﬂ%Pm%Wmm. (B.24)
p
A noter que
eg(—p)(@ _ fj(l?) *(K)(K + ﬁié)eﬂ;lqul + bgp) *(K) (K _ iz)eﬂ;lz% (B.25a)
J J
= —eP*(2), (B.25b)

et que la réalité de E(r, t) requiert E(—K, z, —w) = E*(K, z,w), ce qui impose alors ¢,(K) = —c*  (—K).

On peut alors écrire E(r, t) sous la forme

d’K . ,
E(r,t) = Z/(QW)Q eZK"e_’“’P(K)teg)(z)cp(K) + c.c., (B.26)
p>0

olt la somme } _, correspond a une somme sur les branches de pulsations wy,(K) positives.

On obtient ainsi une expression du champ électrique des ondes de surface sous forme de somme sur les
branches de leur relation de dispersion ainsi que sur les vecteurs d’onde K, d’ondes de polarisation
p>0 q

et dépendance par rapport 2 z données par eg ) (2), d’amplitude ¢, (K) et de pulsation wy, (K).

B.3 Cas avec pertes

Afin d’obtenir une expression du champ des ondes de surface avec pertes, on généralise 'expression (B.26)

par analogie avec les expressions du champ avec pertes pour une interface simple obtenues au chapitre 1.
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Ainsi, en complexifiant la pulsation wy,(K’) des ondes de surface, on obtient

d2K ] —iw
t) = Z/(27r)2 oK g —iwpt g)( 2)ep(K, 1) + c.c., (B.27)
p>0

ot la pulsation wy,(K) est désormais complexe (de partie imaginaire négative en présence de pertes) et 'am-

—iwp (K)t

plitude ¢, (K, t) dépend du temps ¢ (de sorte que le produit e ¢p(K, t) ne diverge pas quand ¢ tend

vers —00).

En complexifiant la composante K, du vecteur d’onde K, on obtient

Z/ zwt/ - [eiK‘*‘.feg_')_(Z)c;(Ky,w,gj)_'_ iK™ l‘eE(_)( )c;(Ky7w7x)], (B.28)

avec Kt = K (K, w)k + Ky, K~ = =K, o (Ky,w)t + K9 et Ky (K, w) =/ Kp?(w) — K2
(cf. annexe A.3 pour les conventions de signe pour les racines complexes). On obtient deux termes, I'un en K™
correspondant aux ondes atténuées dans la direction des x croissants, 'autre en K™ correspondant aux ondes
atténuées dans la direction des 2 décroissants. Les amplitudes ¢;} (K, w, z) et ¢, (K, w, ) dépendent dé-
sormais de K/, w ainsi que de z afin que les produits K ol (Ky, w, z) ete’® Feo (K, w, x) ne divergent

pas lorsque z tend vers f00.

B.4 Energie et quantification

Nous allons déterminer 'énergie des ondes de surface a I'aide des résultats de 'annexe G, qui fournit une
expression permettant de déterminer I'énergie de modes du champ électromagnétique en présence de milieux
dispersifs, supposés sans pertes toutefois. Les modes considérés doivent étre normalisables. Pour cela, on utilise
les conditions aux limites de Born-von Karman dans les directions paralléles = et . On suppose ainsi que
Iespace a une période L dans ces directions (et on pose S = L x L). Les vecteurs d’onde K sont alors discrets

(et de la forme K = n, 2%& +ny 2%9), et 'équation (B.26) devient

ZzezKr —iwp(K)tq (p )( )ep(K) + c.c., (B.29)

p>0 K

(La dimension de 'amplitude ¢, (K) change par rapport 4 B.26).

Léquation (G.27) permet d’écrire I'énergie associée a ces modes,

U-aX Y [ & { o | @ + S0 [ @] [ et

p>0 K

)

(B.30)
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On normalise alors le vecteur eg ) (z) al'aide de la condition
1 0 TN ECT RO pN
2/dz {8@ (we(z,w)] |ex (2 )‘ + Tzenz(z) =1, (B.31)

(cette condition est différente de G.29). On a utilisé 'égalité £V x [eiK'reg) (z)] = G(Z[’(w) %eiK"eg)z (2)2x

K afin de simplifier Pexpression du second terme entre crochets. U vaut alors

=265 ) D 1pE)P =S > [ep(K)ep(K)* + cp(K) e, (K)) . (B.32)

p>0 K p>0 K

On quantifie canoniquement ces modes  I'aide des relations

h

Cp(K) — ZGOTP(I()CALP(K), (B33a)
* h A~

Le hamiltonien des ondes de surface et 'opérateur associé a leur champ électrique sont alors

H= ZZFM [ )p(K)+H, (B.34a)

p>0
ZZ 26 S ZKreg)(z)&p(K)e_iwp(K)t—l—h-C- (B.34b)
0
p>0 K

Les expressions (B.30) et (B.31), faisant intervenir des intégrales selon la coordonée 2, permettent de

donner la répartition de cette énergie selon I'axe z. On peut en effet ré-écrire (B.30) et (B.31) sous la forme

U= [ezaY Y [a [a { W) +] v % [eiK‘reg)(z)]r} ep(K) P,

p>0 K
u(2)
(B.35a)
(») 2 6(2: w) W (p) 2
/dz = [we(z,w)] |eg (z)‘ + I’( Celgz(z)’ =1, (B.35b)
e

olt u(z) est une énergie par unité de longueur dans la direction z, et f, I((p ) (z) une fonction de distribution de

Iénergie du mode (p, K) dans cette direction, normalisée par 'équation B.31.
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Annexes du chapitre « Champ des ondes de

surface a ’aide du formalisme de Green »

C.1 Calculations of the surface plasmon field

For the plane interface system, it is convenient to use the representation due to Sipe (SipE 1987) that
consists of a decomposition over elementary plane waves. We consider the interface such as the lower medium
z < 0 is denoted as medium 1 and the upper medium z > 0 is medium 2. We use the dyadic notation for
the tensor. For instance, the s-component of the electric field is given by $SE = s(s - E). Using the notations

of Eq. (1.5), we have for the field in the lower half-space z < 0 and currents below z (' < 2) :

<§>(K, 2,2\ w) = ?O(K, 2,2 w) + QL% [§r5§ + f)l_rpfaﬂ e~MA —ime (C.1)

where ‘g’o(K, 2, 2/, w) denotes the Fourier transform of the Green's tensor of an infinite space filled by
medium 1.

For the field in the upper half-space (z > 0) and currents still in the lower half-space (2 < 0), one has :
TK, 2z 2 w) = % [8tss + Potppy | e~ ginzz (C.2)
1

The Fresnel reflection and transmission factors are given by :

N Sl ry = L2724 (C.3)
7+ 72 M€z + 72€1
27 2n1V/e/e
s = i t, = ﬂ (C.4)
7+ 72 M€+ 72€1
Ym = \/€m (%)2 — K2 for m = 1,2 is chosen so that Jm~,, > 0. This way, using €,,(—w*) = €’ (w),
one has v, (K*, —w*) = —~; (K, w). The square roots of dielectric constants /€, are chosen so that

Reyfam > 0.8 = K x 2/K, pt = (Ku 5 mK/K)/(hoy/er) and p, = (Ka — 1K/K) (ko)
ko = w/cand K = /K2 + K7 is chosen so that JmK > 0 or JmK = 0 and ReK > 0. This way, one
has p(—K, —w*) = —p(K,w)* when K is real and w complex and p(—K*, —w) = p(K,w)* when K is
complex and w real.

We extend the definition of g’ (K, z, 2/, w) to complex values of w and assume that the denominator of
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the Fresnel coefficients 7, and ¢;, (whose nullity is equivalent to Eq. (4.4)) has two roots wsp and —wy, :

1 B C(K,w)

- C.5
€2 + 261 (W= wsp)(w + wihy) (€3

with Jmws, < < 0. g’ then features two poles at wsp and —wg,,. The residues of °g’ at these poles can be
Aypd ~
calculated with £ w(K, z,2) = limy,_g [(w — 0)g (K, 2, 2 ,w)] where w denotes wgy, or —wy,,. It comes :

mi€er C(K, wsp) K K N
— o, m C.6
ZkO\/ 29{60«15;} ( ’Ymn )Ple ‘ ( )

>
f Wsp (K7 2, Z/)

where n,,, denotes —z for z < 0 and z for z > 0, ,, denotes 1 for z < 0 and 5 for z > 0. 1 and
depends on K and wsp, and p;” on K and wp.

Using €, (—w*) = €5, (w), Ym (K, —w*) = =75, (K, w), and p{ (K, —w*) = —p] (—K,w)*, we have :

oo (K2 o) =~ Fh (—K, 2,7 (C.7)

Wsp

Using Eq. (1.7), (1.9) and (C.6), one can find the amplitudes in Eq. (1.10) :

viea C(K, wsp / 2 —iK: / o /t ! iwapt! A 9,y
E(K,t d?re K do/ e~ dt’e™=r et C.8
( ) ) —Ho k(] ,— 29{%‘]5}) ze - € P1 ot (I‘, ) ( )

We now extend the definition of ‘g’ (K, z, 2/, w) to complex values of K, and assume ' that the deno-

minator of the Fresnel coefficients 7, and ¢}, has two roots K 5p = /K2, — K2 and — K o :

1 Y162 — Y€1 1

= (C.9
Y1€2 + Y2€1 E% - E% (Kx - Kx, Sp)(Kx + Kx, sp)

with JmK, g, > 0, and where K, depends on w and is given by the dispersion relation. ‘g’ then features

two poles at K, ¢, and — K, .

'The residues of °g” at these poles can be calculated with F 7 (Ky, 2, Zw) =lim, = |(K— K{)?(K, 2,2 w)

where Kx denotes Ky g, or — K p. It comes :

A4 i Y1€2 Y1€2 — 72€1 + ~ . " ivml2|
fr (K227 w) = (K = )p (Kot + K9, w)e 1% etm
5P y x . kO\/i 6% _ 6% P y (C 10)
s i 1€ 1€ — V26l o K At i il
f k(K272 w)= K —£n, — K ok + K9, w)e 7 eml?
(K ) Ky koyer e — e ( )P ’ ) i
1
A K o2+ K - K, %+ K, .
where KT = [’K—i—i_yy , K™ p——'_yy , and the other notations are defined above.
Sp sp

1. This is the case for a vacuum/metal (Drude model) interface.
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Using Eq. (1.7), (1.11), (1.12), (C.10) and (C.11), one can find the amplitudes in Eq. (1.13) :

1 Y1€2 Y1€2 — 72€1

RN
/ do'e™ Ky’ /dye 1Ky / dz'e™ i1z’ /dt/ iwt’ A xspﬁ‘FK?, ) (r t) (C.12)

Es (Ky,w.x) = pog

1 me viea — 7261
Ky o kov/€1 e% — 6%

oo 0
/ dm’e‘iKX’SPx//dy’e_iKyy,/ dz/e= /dt’ wt's — Kot + K9, w )8—1(1- t') (C.13)

E<(Kyawa .Z‘)

C.2 Surface plasmon field of a dipole

~iwot gt a distance d above the interface are given by j(r,t) =

The currents associated with the dipole p,e
2Re [e 7“0 (—i)wop,] 6(r — (—d)#). Using the form of the surface plasmon field given by Eq. (1.14), one

can compute the amplitude with this expression and Eq. (C.12) :

Yi€2 — Y2€1 €2 1
e% — e% kov/€1 2Ky

E.(Ky,w) = — eMeowdpl. (270 (w — wo)py + 218 (w + wo)py]  (C.14)

Hence, using Eq. (1.14) and the properties K (—K*) = —K*(K), Ky(Ky, —w) = —K;(Ky,w),

Ym(K*, —w) = =75 (K, w), ém(—w) = €, (w) and the definition of p;, it comes :

. X _ dK 1K-r
E, = —NRe [ewmlz|e—wot7162 72261 Y172 / y € (K—

6% — €5 €0 21 Kigp

K K

K-
By derivating f Ié
X,Sp

iK-r
_ %Ho(l)(Kspp) with respect to z ory one finds [ dK, ;{zxsp

K= %Hl(l) (Kspp)b

dK, ,iKr

and [ ¢ Ie(x,sp

with M (K,w) = 71472 n 6% — 72 L we get Eq.(1.15) and (1.17). According to Eq.(1.14), the field found
€ — €

in Eq.(1.15) and (1.17) only apply in the > 0 half-space. Using symmetries arguments, one find easily that

. Using these relations and the value of py,,

KK:%[[H{”( PP+ ()( B eblpy

they also apply in the 2 < 0 half-space.
Eq.(1.15) and (1.17) can then be simplified using the asymptotical form of the Hankel functions H,, () —

1.1 -
\/ %e”_im(m’?). Denoting M (Kgp,wp) = —\/;eﬂZM(Ksp,wo)ﬁeo, we obtain Eq.(1.16). Using
also the property of the Hankel functions H{(z) = Hy(z) — %Hl( ) and denoting M} (Kp,wp) =
\/%671% M(Ksp, wo)%, we obtain Eq.(1.18).
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D.1 Identité de Green en dimension 2

On montre, en dimension 3, en intégrant la quantité V.(uVv) — V.(vVu) sur un volume V' de frontiére
S a laide de la formule de Green-Ostrogradski et en utilisant les relations V.(fA) = fV.A+ (Vf).Aet
V.(Vu) = Au, Videntité de Green,

/dV [uAv — vAu| = /dS [uav — U@u} , (D.1)
1% S on on

qui exprime une intégrale sur le volume V' dépendant des valeurs des champs scalaires u et v sur V' (membre
de gauche), sous forme d’une intégrale sur la fronti¢re S’ de ce volume, dépendant des valeurs de w et v sur S
uniquement (voir figure D.1). % désigne la dérivée selon la normale sortante de (% =n.V).

Celle-ci se généralise aisément en dimension 2. Si 'on considere deux champs scalaires u et v fonctions de
x ety uniquement, on peut leur associer les deux champs scalaires 3D @ et ¥ vérifiant @(z, y, 2) = u(z,y) et
0(x,y, z) = v(z,y). On considére également une surface S de fronti¢re L du plan zy (figure D.2, gauche),
a laquelle on associe le volume V de frontiere S et de hauteur h (figure D.2, droite).

En écrivant Iidentité de Green (D.1) pour les champs @ et © sur V, on obtient

o~ A~ 00 _0u
/VdV [GAD — DA —/gdS [uan—van}

Le membre de gauche de cette équation vérifie

(D.2)

/ dV [aAD — 0AU] = h / dS [ud v —vAju] . (D.3)
v S
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n

n

Ficure D.1 — Illustration de I'identité de Green 3D.

Ficure D.2 — Illustrations de lidentitité de Green 2D. Gauche : surface S de frontiére L, droite : volume V
de fronti¢re S se déduisant de S et L (voir corps du texte).
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Les sommes sur les extrémités £ et Y (voir figure D.2) de la somme sur S de (D.2) sont nulles car sur ces

surfaces, (’% = %, et 4 et U ne dépendant pas de 2, leurs dérivées normales sont nulles. Le membre de droite
de (D.2) vérifie alors

_0v _0u v ou

En utilisant les équations (D.2), (D.3) et (D.4), on peut alors écrire

/dS [UA//’U — UA//’U,] .= dL |:uav — ’Uau:| . (DS)
S

D.2 Expressions mathématiques du principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes

de surface

D.2.1 Obtention du principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes de surface

Nous allons montrer ici comment on détermine la forme mathématique du principe d’Huygens-Fresnel

pour les ondes de surface (équation 2.25). On écrit pour cela la fonction de Green,
G5~ ') = inHM (K |7~ 7' D.6
(p—p") =inHy (Ksp |7 — 7)), (D.6)

solution de I'équation

NG~ ') + K2G(5— §') = —4nd(5 - 7) (D7)

(Popérateur A ; s'applique a la variable p ’). En multipliant cette équation par £(p”) et en utilisant (2.5), on

obtient
EF)A G- ') — DTG5 — ') = —AnE(D)S(7 - 7). 0.9

On somme alors cette expression sur une surface S du plan xy (voir figure 2.10),

45 ()8 G 7) = 816 7] =~ [ dSE@iG—5).  ©

Le membre de gauche de cette équation peut s’exprimer sous forme de somme sur la frontiere L de S a 'aide
de I'identité de Green (voir annexe D.1). Le membre de droite vaut —47E(p) si p'est dans .S, 0 sinon. On

peut alors écrire

1 0 (1) S o (1) S o 0 o B E(p) sipdans S,
M/Ldl{g(p )% [Ho (Ksplp—p ’)] —Hy (Kgplp—p ‘)87” [g(p )] _

0 sinon.
(D.10)

Le cas ol g est dans S’ permet de retrouver I'équation (2.25).
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D.2.2 Sources secondaires sur une courbe ouverte

Léquation (2.25) exprime &(x, y) sous forme d’une intégrale le long d’un contour fermé. Sous certaines
conditions, souvent remplies, nous allons voir que celle-ci peut s'exprimer sous la forme d’une intégrale le
long d’une portion de courbe, pas nécessairement fermée, ce qui permettra d’obtenir un principe d’Huygens-
Fresnel pour les ondes de surface sous une forme plus pratique a utiliser.

Nous considérons maintenant la courbe fermée L représentée sur la figure D.3, constituée de la réunion

Ficure D.3 — Géométrie utilisée pour obtenir un principe d’'Huygens-Fresnel sur une courbe ouverte.

des courbes Ly, Ly et L3. Ly consiste en une portion de courbe a proximité de l'origine O, d’extrémités
situées sur 'axe Oy. Ly est un demi-cercle de centre O et de rayon R. L3 est constitué de deux portions de
'axe Oy, joignant les extrémités de Ly et Lo.

Nous allons utiliser cette géométrie afin de modéliser un syst¢me dont les sources d’ondes de surface se
situent dans une région limitée de I'espace (pres de L), ot 'on peut supposer le champ nul le long d’un axe
de part et d’autre des sources (ici, L3), et ol il n’y a pas d’autres sources d’ondes de surface (ce qui permettra
d’écrire une condition de rayonnement de Sommerfeld pour les ondes de surface). Le terme de droite de

'équation (2.25) peut se décomposer en trois intégrales, sur Ly, Lo et L3,

1 .0 o o
E(p) /LdL {S(ﬁ)[H[Sl)(Ksp!p—p )}—H(gl)(Ksp\p_p \)%g(p)} (D.11)

T4 on
1 1
+— [ dL---+— [ dL ..., (D.12)
47 Lo 43 Ls

(on intégre trois fois la méme expression).

Lintégrale le long de L3 est nulle, car on a supposé £(p) et sa dérivée normale nuls sur Ls.
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Nous allons voir que 'intégrale le long de Lo tend vers 0 quand R tend vers 0co. Considérons la contri-
bution de L au terme de droite de (D.11), et notons-la £2(p). Pour R suffisamment grand, Lo est loin des
points d’observation et plusieurs simplifications peuvent étre effectuées. Ona p’ — g~ p/ = Rp, n =~ p
(vecteur unitaire radial), et ain R E% Les expressions asymptotiques des fonctions de Hankel permettent
d’écrire ! H{l)(KspR) ~ —iHé )(KSPR) \/>e i (—2)\[ Lintégrale le long de Lo peut se ré-écrire
sous la forme [, dL = R fl/r 32(19 Ea(p) peut alors étre considérablement simplifié,

iKspR w/2

7\'
7'(' AV sp —7/2

Cette intégrale s'annule lorsque R — 00 si la condition de rayonnement de Sommerfeld pour les ondes de surface

d0 VR [iKspé’(Rﬁ) 8(25(3,3)} . (D.13)

est satisfaite (ce qui est notamment le cas pour les ondes cylindriques générées par un dipole),

0
OR

R—o0

lim VR [iKspé’(R ) — ==E(Rp )] =0 (D.14)

Léquation (D.11) peut donc s’écrire

1 9 [ o (1) N T
e - [ ar {e) 50 [0l 7)) - 1O G- 7 ghe @} @9
La encore, l'intégrale le long de L; et les dérivées dans la direction normale é% seffectuent par rapport a
la variable p”. Pour cette géométrie trés fréquente en pratique, on voit qu'il est ainsi possible d’obtenir une

expression du champ en fonction d’une intégrale le long d’une courbe non nécessairement fermée.

D.2.3 Sources secondaires sur une droite

Dans I'équation (D.15) figure non seulement £(5”) le long de Ly, mais également sa dérivée dans la
direction normale a L1, %5 (p”). Dans le cas ot Lj est une droite, nous allons voir que l'intégrale figurant
dans (D.15) peut s'exprimer soit en fonction de £(5"), soit en fonction de -2 I 9_¢ ("), leurs deux contributions
dans (D.15) étant ici égales. Nous choisissons donc L coincidant avec I'axe Oy (figure D.4). Soit alors p”’
le symétrique de § par rapport a 'axe Oy (voir figure D.4). 5" se situant en dehors de S, 'équation (D.10)

permet d’écrire

—/ g (1) 11 o/ (1) S =N Y oo .
/LdL{f:(p)an 1§y |67 = 7] = B (Ko |57 = 75670 p = 0. (D16

Comme précédemment, I'intégrale le long de L peut se décomposer en trois intégrales, le long de Ly, Lo et

Ls, et les intégrales le long de Ly et L3 s'annulent. De plus, p'et p”’ étant symétriques 'un de l'autre, on a

S S 1 Sy 1 - .
sur L, |p—p’\:|p”—p’|et%{Hé)( K 7" p’|)} :—% [Hé)(Ksp]pfp’|)},oulesderlvees

1. Asymptotiquement, pour |z| grand, on a Hél)(z) = \/ge_i1 f;
1953).

() = \/ge_l% (71)% (FEsHBACH et MORSE
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Ficure D.4 — Géométrie utilisée pour obtenir un principe d’Huygens-Fresnel avec un champ connu sur une

droite.

normales s’effectuent toujours par rapport 2 5. On a donc finalement :

9 1) 5 (1) Ny
n [Ho (Ksp |7~ p'\)} == ), 4Lt (K 7= 0")5-€(0"). (D.17)
Les équations (D.15) et (D.17) permettent alors d’écrire
P = o [ dLEG) - [y |5 )] (D.182)
21 I on 0 P '
_ _l (1) > ﬂ ~1
- /leLHO (Ko7~ ")) -£(5"). (D.18b)

On voit ainsi que dans le cas simple d’'un champ d’ondes de surface incident connu le long d’une droite, on

peut écrire le champ des ondes de surface apres propagation en fonction de la seule connaissance de 'amplitude

du champ le long de la droite en question (équation D.18a), ou bien en fonction uniquement de sa dérivée

normale (équation D.18b).
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D.3 Composantes paralleles et perpendiculaire du champ des ondes de sur-

face

D.3.1 Continuité du champ paralléle E

La séparation des variables pour la composante E, du champ des ondes de surface a conduit a introduire
une fonction f(z) contenant la dépendance par rapport a la variable z de E,(r), voir équation (2.1). La
continuité de €(z,w) f(2) a la traversée de chaque interface est immédiate a partir de celle de €(z,w) E,(r).

df

Nous allons maintenant montrer que g est également continue a la traversée de chaque interface.

Dans chaque couche de 'hétérostructure, ona V.E = 0, soit 88E (r) + 8Ey( )+ E(x,y) T df — 0. Cette

égalité permet d’écrire

df 1 [0E, O,

dz E(z,y) | Ox 0+ %5, oy S0 (D-19)

Les composantes paralleles i, et £, étant continues a la traversée de chaque interface, leurs dérivées dans les

directions paralléles x ety le sont elles aussi, ce qui entraine que i—f: Pest également.

D.3.2 Champ parallé¢le E; en fonction du champ perpendiculaire £,

Les composantes F, et I, du champ électrique peuvent sécrire sous la forme de sommes de termes
z Y

proportionnels > 3 1%, Déquation de Helmholtz AE(r) + €(z, w)‘;’—jE(r) = 0 permet alors d’écrire

2
A E(r) + [e(z,w)% — 2 |E@r) = 0. (D.20)
~—————
K2,

8z_

Léquation V.E = 0 peut s’écrire sous la forme V ,.E // + 0. En prenant le gradient paralléle de cette

CXpI‘CSSlOIl, on obtient

OF,
VIV, E) + V//E =0. (D.21)

Or on peut montrer que V [V ,.E /] = A /E; en utilisant B, = 0, d'ou V[V .E /| = —Kng//, ce

qui permet alors d’écrire

1 OE. 1 df
2. On peut en fait le montrer en séparant les variables de E, et Ey : By = Ex(x,y) f2(2), Ey = Ey(, y) fy(z). Léquation
2.V x E = 0, valide pour les ondes polarisées p, permet d’écrire aa;, a;; = agy 2 fy(2) — B‘ST = fo(2) = 0. fo(2) et fy(2) sont

donc proportionnelles, on peut les supposer égales sans perte de généralité a une méme fonctlon f//( z). V.E = 0 permet d’écrire

[88‘5; (z,y) + %(w, y)] Ty(z) + E(x,y) & 4f — 0. Ainsi, f1/(%) est proportionnelle 2 L, que 'on peut écrire sous la forme de

df

£73% (voir annexe D.4). On peut supposer f/(2) = > sans perte de generallte Ainsi f/(z) sécrit bien sous

somme de termes en e
la forme voulue.
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D.4 Relation de dispersion des ondes de surface dans un milieu stratifié

Nous cherchons ici & résoudre I'équation (2.7), qui porte sur la dépendance en z, f(z), de E, (voir
équation 2.1), dans le cas d’un milieu stratifié quelconque (voir figure 2.4, sur laquelle sont précisées les

notations).

Les notations sont précisées dans la note de la figure 2.4. Dans la couche j du systeme (21 < 2 < 2j),

onae€(z,w) = €j(w). En posant y; = 1/€; (w)";—; — K2, (voir annexe A.3 4 propos des racines complexes),

I'équation (2.7) dans la couche j peut s'écrire sous la forme :

&f
Les solutions de cette équation sont de la forme f(2) = a;e"(*=%-1) 4 B;e=1i(>7%)  Dans les deux
espaces semi-infinis des extrémités (j = 1 et j = M + 1), il faut g = Bpr+1 = 0 afin que le champ loin de
la structure ne diverge pas (si 1 ou yar+1 complexe) et qu'il 0’y ait pas d’onde incidente sur la structure (si
1 ou Ypr41 réel positif).
Pour chaque interface z = z; (j = 1 a4 M), on peut alors écrire 2 équations de continuité (continuité de

€(z,w)f(z) et ),

€j(w) {Oéjemdj + ﬁj} = €j41(w) [O‘jJrl + Bj+1€i”+1dj+1] ; (D.24a)

) [Oéjei”dj - 5;‘] = 1j+1(w) [Oéjﬂ - Bj+1€”j“dj“} : (D.24b)

On rappelle que 'on a supposé oy = Bpr41 = 0 afin qu'il ne se pose pas de probleme d’intégrales divergentes.
On obtient ainsi un total de 2/ équations pour 2M inconnues (2 par couche pour M +1 couches soit 2/ +-2

inconnues, moins les deux valeurs imposées a1 = 0 et Sp741 = 0).

Il sagit d’un systéme linéaire et homogene d’équations. Ses solutions o et 3; seront toutes nulles sauf si
son déterminant est nul. Ce déterminant dépend de la géométrie de la structure, via les épaisseurs d; et les
constantes diélectriques € (w), ainsi que de la constante K, et de w, via les termes y; et € (w). Son annulation
fournit une équation implicite reliant K, et w, qui constitue la relation de dispersion des ondes de surface
de ce systeme. Pour chacun des couples (K, w) de la relation de dispersion, le systtme d’équations (D.24)

a un ensemble de solutions non nulles de la forme

(Blvd27/§27'"7&717371754714—1)7 (DZS)

ol les coeflicients &; et 3; sont des fonctions de K, ou w (ils dépendent du point de la relation de dispersion
considéré). Ces solutions forment un espace vectoriel de dimension 1, toutes les solutions sont proportion-

nelles entre elles. A chacune de ces solutions correspond une fonction f(z) de la forme

f(z) = djeivj(z—»’%j) + Bjeiv.j(zﬁl—z)’ (D.26)
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qui permet d’obtenir le champ E, de 'onde de surface correspondante.

D.5 Vecteur de Poynting des ondes de surface

Afin de définir la notion de rayon d’ondes de surface, nous allons calculons au préalable leur vecteur de

Poynting. Pour cela, nous allons déterminer d’abord déterminer une expression de leur champ magnétique.

B(r) = iv « E(r) (D.272)
= % {V// X E//(l‘) + [V//Ez(r)] X 242X |:§ZE//(1‘):| } . (D.27b)

En utilisant les expressions (2.1), (2.2) et (2.7), on obtient au final

1 €(z,w) og  0f
Bir) = L 9% L 2% ). 2
(x) Tw ngp [ yax + ﬁay] 1) (D.28)
On sintéresse alors au vecteur de Poynting correspondant.

(TI(e, ) = —— Re [E(r) x B*(x)] (D.292)

2410

1

— ﬂRe [E//(x) x B*(r) + E.(r)2 x B*(r)] . (D.29b)

0

On ne s'intéresse qu'a la partie de (II(r,?)) dans le plan paralléle 7y, que 'on note (IT//(r,2)), ce qui
permet de simplifier le terme E/(r) x B*(r), paralléle a 2. En utilisant (2.1) et (D.28), on obtient

(I (s 1)) = 2;03@ {;e(z;“’) PP [E° (@ 9)V €, )] } | (D.30)

On calcule alors le terme £*(, y)V /€ (z,y) en utilisant (2.33),

E(z,y)V € (x,y) = & (x,y)e™05 { [V y&0(x,y)] e®o5Y) 4 &g(a,y)iko [V /5] e"’“’S(‘”’y)}
(D.31a)
=& (2, y)V & (, y)e_%osﬁ(“’y) + &0 (z, y)]2 e_QkOSI,(x’y)ikOV//S. (D.31b)

On a supposé kg grand. On ne conserve alors que le terme de plus haut degré en ko,

6*(33’ y)V//g(.I‘, y) ~ |50 ($7 y) ’2 e_QkOSH(x’y)ik‘OV//S' (D.32)
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En ré-injectant 'expression (D.32) dans (D.30), on obtient

1 _ ae Z,Ww
(10 = o [a(a )] () e 0 0 Re [ ]. 033)
sp

On intégre (IT(r,?)) selon la direction 2 afin d’obtenir un flux dans le plan paralléle (2D),

P(z,y) = / dz (1L (r, t)) (D.34a)
= 2:00 Eo(z, y)|* e 205" (@:9) Re {/dz [6(z,w) !f(z)ﬂ V/g/pS} . (D.34b)

D.6 Equation de Helmholtz des ondes de surface en milieu inhomogene

Afin d’étendre la notion de « rayon » d’ondes de surface au cas de milieux inhomogenes (pour les ondes
de surface, Cest-a-dire non invariants par translation dans les directions = et ), nous allons généraliser les
équations (2.5) et (2.7) a ce cas. On considere ainsi un syst¢me proche de celui considéré dans la majeure partie
du chapitre 2 (figure 2.2), mais dont la géométrie peut désormais varier lentement dans les directions x et y.
Ce systeme peut consister par exemple en un substrat métallique sur lequel on dépose un couche diélectrique

dont I'épaisseur varie (voir figure D.5, et (Ca1 et BRoNnGeERsMa 2010 ; Liu et al. 2010 ; Huiposro et al.

R
ts

X

Air
W

Métal

Ficure D.5 — Exemple de systeme dont la géométrie varie lentement dans les directions x et y.

2010)).

Léquation de Helmholtz pour E,(r) (équation 2.3) s'applique toujours a ceci prés que la constante di-
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électrique peut désormais également dépendre lentement de x et y,

2
AEL(r) + €py(z, w)%Ez(r) = 0. (D.35)

On recherche des solutions de cette équation par séparation des variables, comme dans I'équation (2.1), mais

la aussi, f(z) dépend lentement de x et y, et on le note f 4 (2),
E.(r) = E(x,y) foy(2). (D.36)

On peut alors écrire une équation analogue a (2.4),

2
A//g(SU, y) _ 88]:2& + eﬂfay(z? w)%;fxvy(z) (D.37)
E(x,y) fay(2) .

Dans I'équation (2.4), le membre de gauche dépendait de = et y, le membre de droite de 2. Ainsi, ces deux
expressions étaient égales 2 une méme valeur indépendante des variables spatiales. Ici, les deux expressions
dépendent de x et y, mais le membre de droite n'en dépend que lentement. Ainsi les deux expressions sont

égales 3 une méme valeur, indépendante de 2 et pouvant dépendre lentement de = et ¥y — on la note ici

-K Ep vy Léquation (D.36) permet alors d’écrire deux équations, analogues a (2.5) et (2.7),
A//g(xay> +K§p x,yg(x7y) =0, (D.38a)
anx w2
aziy + gmvy(z,w)g — K2, .| foy(2) =0. (D.38b)

Il faut également tenir compte des relations de passage du champ aux interfaces. Pour un systéme invariant
par translation dans les directions paralléles, les relations de passage obtenues — continuité de €(z,w) f(2)
et i—ﬁ — s'appliquaient rigoureusement (aucune approximation n’était faite). Ici, les interfaces ne sont pas
parfaitement planes, et 'on ne peut plus simplement écrire des relations de passage portant sur E, (1) et D (r).
Ces relations de passage sont désormais E(r) — [E(r).n]n et E(r).n continus, que 'on ne peut plus a priori
traduire simplement sous forme de condition sur f; (). Afin de poursuivre, nous allons ainsi supposer que

les interfaces sont approximativement perpendiculaires 4 I'axe z et que 'on peut généraliser la formule (2.2)

par

1 OE,(r) 1 Ofa,
E//(r) = K2 V// { 82’ :| = K2 V// [E(x,y)] 8zy' (D39)
sp T,y sp Z,Y
On écrit alors que E /(r) et D,(r) sont continus a la traversée de chaque interface, soit
€xy(2, W) fry(2) et ag;’y continus. (D.40)

Ainsi, pour un syst¢tme dont la géométrie varie lentement dans les directions = et y (figure D.5), on

résout I'équation (D.38b) accompagnée des relations de continuité (D.40) de la méme maniére que 'on
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résolverait (2.7) avec la continuité de €(z,w) f(2) et i—i On obtient ainsi la fonction f; ,(2) ainsi que le
carré du vecteur d’onde des ondes de surface Ksp - On peut alors résoudre (D.38a), qui correspond a

I’équation (2.42), avec un vecteur d’onde au carré K gp oy ou un indice ngp 2y = Ksp oy / ko variables.
) ; ;
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E.1 Séparation des différentes contributions de la transmission a travers une

superlentille

Les ondes de surface d’une des interfaces du film considérée isolément, excitées par 'objet source (voir la
description de la superlentille, notes de la Figure 3.3), ne sont pas des modes propres du film. En effet, les
modes propres des deux interfaces du film se couplent et sont & 'origine de modes propres symétriques et
antisymétriques faisant intervenir les deux interfaces du film. Nous allons identifier les contributions de ces
modes propres au coefficient de transmission du film. Cette décomposition permettra de calculer en pratique
les fonctions filere (K, t) et II( K, t) intervenant dans I'image de charges ou de dipéles sources (équations 3.8
et 3.12). Elle permettra également de comprendre l'origine des conditions particulieres dans lesquelles on
obtient une meilleure résolution qu'en régime harmonique.

Nous allons tout d’abord séparer I'expression (K, w) = e—KhtLGS) (K,w) (cf. équation 3.4) en contri-
butions des modes propres du film et d’une réponse instantanée du systéme, puis nous pourrons effectuer

l'intégrale figurant dans I'équation (3.9).
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Dans le cas courant ot la constante diélectrique du film peut se mettre sous la forme e(w) = % avec
A et B des polyndmes de degré ! 2, on peut écrire
- 4A(w)B
HK,w) = . (w) B(w) . (E.1)
[A(w) + Bw)]" X" — [A(w) = B(w)]
En mettant en facteur les termes exponentiels au numérateur et au dénominateur, on obtient
. 4A(w)B
H(K,w) = (w)Bw) (E.2)

[Aw) + B(w)]* 2K — [A(w) — B(w)]*

Lexpression de £( K, w) est une fraction rationnelle (par rapport 4 w), que I'on peut décomposer en éléments
simples. Son dénominateur est de degré 4. En utilisant la propriété e(—w*) = €*(w), on montre que si w
est une racine de ce dénominateur, —w™ 'est également. On peut alors noter ses 4 racines ws(K), wq(K),
—wi(K) et —w}(K). ws(K) et wy(K) sont les relations de dispersion des ondes de surface du film, repré-
sentées sur la figure 3.5(a). ws(K') correspond aux ondes symétriques par rapport au plan de symétrie du film,
wq (K') aux ondes antisymétriques par rapport a ce plan. On a représenté sur la figure 3.6 les champs de ces

modes dans les directions parallele et perpendiculaire au film en fonction de 2.

Le numérateur de ¢(K,w) étant de méme degré que son dénominateur, sa décomposition en éléments
simples fait apparaitre un terme constant et s'écrit
* *
Ry K Ry i Ry i

Rs k
’ + — — — - (E.3)
W—WAK W—WSK w—i—wS’K w+wA7K

t(K,w) = Sk +

: Rs K —RY
Dans cette expression, les termes omws i S oTwE

b

correspondent a la contribution des modes symétriques

Ra,x Rk . 4o N
omwa e S T e, AuX modes antisymétriques, et le terme Sk ne correspond & aucun

2t(K,w), les termes
mode — nous verrons qu’il correspond A une réponse « instantanée » du systeme. Afin d’évaluer le poids de
ces différents termes, leur module en fonction de K est représenté sur la figure 3.7 pour les pulsations ws),
(pulsation de 'asymprote des ondes de surface d’une interface simple, vérifiant €(ws,) + 1 = 0) et w,. On

remarque qu’a la pulsation wsp, (K, wsp) = 1 et est bien indépendant de K.

On peut également remarquer qu'a ces pulsations, aux faibles K, la contribution de la réponse instan-
tanée doit étre prise en compte pour obtenir pour obtenir I'effet de superlentille (#(K,w) constant). Cette
contribution n'est pas négligeable devant celle des modes du film, et peut méme étre plus importante qu'eux.
Toutefois, la validité de la limite électrostatique a ces valeurs de K peut étre questionnée (voir Figures 3.5 et
E.1).

On peut effectuer I'intégration par rapport a w figurant dans (3.9) par la méthode des résidus (a I'exception

1. Clest le cas notamment dans le cadre des modéles de constante diélectrique de Drude et de Lorentz, couramment utilisés afin
de modéliser la constante diélectrique des métaux et des cristaux polaires, voir par exemple (VIaL et al. 2005) et (Kim et SprTzer

1979).
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du terme en Sk qui s’intégre directement),

HK,t) = Sd(t —t') + (—i)Rexg H(t — t)e sk ) 4 (LiYRy (e H (t — t/)e ™A (71)
iR H(t— )5 0 iRy H(E—t)e™ax 70 (B.4)

E.2 Obtention de la fonction de Green du potentiel électrostatique

Dans cette annexe, nous dérivons rigoureusement la fonction de Green de ce systeme a partir du tenseur

de Green du systeme constituant la superlentille. On retrouve notamment I'équation (3.26b).

E.2.1 Expression du tenseur de Green

Au cours des développements ci-dessous, nous rappellons briévement quelques propriétés importantes du
formalisme de Green. Nous nous appuyons notamment sur les notations de SipE (1987) et le développement
de Weyl du tenseur de Green. Des présentations plus détaillées peuvent étre trouvées notamment dans (MULET
2003) et (JouLAIN et al. 2005).

On considere le film représenté sur la figure 3.13. Le formalisme de Green permet d’exprimer le champ

en tout point de ce systéme en fonction des sources de courant présentes j(r, w),

E(r,w) = /d3r’<a>(r, ', w)iwpej(r, w). (E.5)

On s’intéresse ici 2 un ensemble de dipdles induits, a 'origine d’'un moment dipolaire par unité de volume
P(r,w). P(r,w) est relié 2 j(r', w) par I'équation j(r', w) = —iwP(r',w). On écrit ainsi

E(r,w) = /d3r’ <g(r, r,w)P(r, w), (E.6a)

<Aé>(1', rw) = ,ugw2<a>(r, r,w). (E.Gb)

Linvariance par translation du systéme considéré conduit a effectuer un développement de Weyl du ten-
seur G (r,1',w), cest-a-dire 4 nous appuyer sur sa transformée de Fourier par rapport aux variables x et
Y,

d°K

Z—:) : NN
G (r,r,w) = /(27r)2 K (r=r )?(K, 2,7 w). (E.7)

=
Léquation (E.6b) permet de relier le développement de Weyl de G (r,r’,w) a celui du tenseur de Green
<E>(r, r,w),
?(K, 2,72 w) = ung?(K,z, 2 w). (E.8)

Pour le systéme considéré (voir figure 3.13), les dipdles sources sont situés sous le film (2’ < 0) et les

points d’observation au dessus du film (z > h). De plus, on ne s'intéresse qu'a la polarisation p du champ
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électromagnétique. On peut alors écrire (MULET 2003)

TK, 22 w) = ﬁpftp(K,w) fem(z_h_z/), (E.9)
1
avec 7y = "2—22 — K2, pf = & (K2—vK), K= X etle coefficient de transmission du film ¢, (), w) est
donné par ‘
deriype”
tp(K,w) = ol (E.10)
o) (72 + €71)% = (72 — em1)?e2 2l
avec yp = 6(0.))‘5—22 — K?2. On peut ainsi écrire
= tp(K K K . /
g (K, 2z 2 w) = fM(K — Z2)(K— —g)emEh==) (E.11)

2ieon? M M

E.2.2 Approximation électrostatique

Nous allons maintenant nous placer dans 'approximation électrostatique, dans laquelle le module K des
vecteurs d’onde dans la direction paralléle au film est grand devant %. Dans cette limite, on a essentiellement

Y1 & ye 1K, et

£ (K, w) K

=
g ( 5

K, 2,2 w)=— (R + i2) (K + i2)e K (z=h=2) (E.12)

. . . . . . ’ . €S
ol le coefficient de transmission dans I'approximation électrostatique, tj(g )(K , W), vaut

5) (K o) — 4e(w)e KR E1
) = T @) - = cw)Pe (1)

(Afin d’estimer les limites de validité de I'approximation électrostatique, y; et 2 sont représentés pour

un film de SiC entouré d’air sur la figure E.1.)

Remarquons que sans film (e(w) = 1, h — 0) et prés du plan des dipdles sources (2 — z), le tenseur

<’§v>(K, z,z',w) devient
= K
g oK) = —f(KHz)(KHz), (E.14)
0
d’ou
?(K, 2,7 W) = t}(fs)(K, w)e_K(z_h_Z/)?o(K). (E.15)

Le tenseur ?0 (K) est associé au champ sans film et prés des sources, c’est-a-dire au champ que I'on souhaite

(es)

. , PN .« — —h—2' . ,
imager. La présence du film conduit 4 Papparition des termes t; "~ (K, w)e 5 (="=%) qui atténuent et

« filtrent » le champ.



E.2. Obtention de la fonction de Green du potentiel électrostatique 155

66— 61—
I I

5F . 5 1 b
I I

4r n 4r .
I I

3 | — M| 3r | — M |]

2F — % |7 2r — %]

1 | K| 1 — K|

0 ot
| |

— L I I I I _ | 1 I I I I

10 1 2 3 4 5 6 10 1 2 3 4 5 6

K (rad.pm™") K (rad.pm™")

FIGURE E.1 — 71 ety2 en fonction de K aux pulsations w), et wg, pour un film de SiC entouré d’air. Gauche :
Y1 (K, wsp), v2( K, wsp). Droite : 71 (K, wy,), v2(K, wi,). Bleu : 71, vert : yo. Trait continu colorés : parties
imaginaires, tirets fins colorés : parties réelles. Trait fin noir : partie imaginaire de y; et 2 dans 'approximation
électrostatique. (La partie réelle est nulle dans 'approximation électrostatique.) Tirets fins noirs : limite du
cone de lumiere (K = %). wgp est la pulsation de I'asymptote des ondes de surface d’une interface simple
matériau du film/milieu extérieur, vérifiant €(wgp)+1 = 0.1 et 72 sont proches de leur valeur électrostatique

dés K ~ 2 rad.um™!.

E.2.3 DPotentiel électrostatique

On a, dans 'approximation électrostatique, V x E(r,w) = 0. E(r, w) dérive alors d’un gradient, et on

peut écrire

E(r,w) = —V,p(r,w), (E.10)

olt ¢(r,w) désigne le potentiel électrostatique.

En utilisant les expression (E.7) et (E.12), on peut remarquer que 'on a

iK.<r—r'>me—K<z—h—z’> (E.17)

=
G
2¢0 K ’

d’K
/ = /
(r,r,w) = V,V, /(271)2 e

ou la juxtaposition V,Vy correspond a un produit tensoriel. En ré-écrivant I'intégrale sur les vecteurs K,
f (;IQTI)(Q , sous la forme % fOOOdK K % fozﬁde, en effectuant I'intégrale sur les angles 6, en utilisant I'équa-
tion (3.4) et en simplifiant I'expression résultante, on obtient
= / 1 > / K(z—2h—2")7},
G (r,r,w) = _V‘V"zmo/ dK Jo(K| 7 — 7')e KE2h=20( K ). (E.18)
0

On peut alors utiliser cette fonction de Green pour déterminer le champ électrique d’un dipéle ponctuel
q

py situéenry = 7 0+ 202 de spectre f(w) (moment dipolaire par unité de volume correspondant : P(r, w) =
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pof(w)d(r —rg)), a laide de I'équation (E.Ga),

1

E(r,w) = — Tre: /0 dK V.V, [JO(K\ﬁ — Pol)e KE=2=20)| b H(K,w) f(w), (E.19)

qui correspond a la transformée de Fourier de (3.26b).
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E1 Dielectric constant model

When cases with losses are considered in this paper, we must sometimes consider the case of complex
frequencies. An analytical model for the dielectric constant is needed to evaluate €(w) when w is complex.

The dielectric constant model which has been used in this paper is the following :

2
w
P i (E1)

€(w) = oo = w? 4+ ifw * €ow

where we take the values €5, = 5, fw, = 9.1 eV and 2 = 0.021 eV of Drude’s model given by (AmBatr
et al. 2008a). We add also a conductivity term to have a better fit of the imaginary part of the dielectric
constant, we take 1o /eg = 1.8 eV. Fig. E1 compares the experimental data(PaLik et GHosH 1998) and both

Drude’s model from (AmBartr et al. 2008a) and the model used in this paper in Eq.(E1).

10
— 0OFr ]
3
<, —-10
Q
o~
-20
1sQ\"
< 10
E]
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Ficure E1 — (Color online). Real and imaginary part of the dielectric constant for silver. Experimental data
from (PALIK et GHOsH 1998) (dotted line), Drude’s model from (AmBaTr et al. 2008a) (dashdotted line) and

fit used in this paper (solid line) are plotted.
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F2 Derivation of the energy

In this section, we focus on the derivation of the electromagnetic energy associated with surface waves.
The main idea is to derive the work done by an external operator to build adiabatically the field amplitude in

a non-lossy medium. The energy balance from timet = 0 to t = T reads :

:/ dt/d3 [Eal)+HaB]—/ dt/d3 _iE) (F2)

in which f(;[ dt [ d®c (—j.E) is the operator’s work on the system between t = 0 and t = 7. T must
be large for this work to be adiabatic. U then does not depend on 7'. In other words, this is also the total
electromagnetic energy of the system. Due to the exponential decrease along the z-axis, the contribution of
the Poynting vector, which should appear in the left term of equation (F.47), drops to zero. We want hence

to derive the first term of equation (F.47) to obtain the electromagnetic energy.

The first step is to introduce time-dependent amplitudes in Eq. (4.6) : Ak is then replaced by Ak(t)
in which Ag(t) = Ak x f(t). This accounts for operator’s work. For the sake of convenience, we take
a 2T -periodic function for which f(0) = f(2T) = 0 and f(T) = 1, so that we can write f(t) =
> on fnexp (i27n55). T is the typical time of variation of the amplitude Ag(t). T has to be taken suffi-
ciently large to consider the work done by the operator as adiabatic. (For instance f(t) = sin (755 ).) Let us

first derive the energy in the material medium denoted medium 2 for z < 0. We have :

E(r,t) = —0A(r, t) = — Z exp(iK.r)ukg (2)[—iw Ak (t) + 0: Ak (t)] exp(—iwt) + c.c. (E3)
K

Using Ak (t) = Ak f(t) and the Fourier series expansion of f(t) given above, the field can be cast as a sum

of terms varying as exp|—i(e + Z2)1]
E(r,t) = > exp(iKrjug(2)Ax Y i <w - %) frexp [z (% - w) t} tee (E4)
K .
Hence the displacement vector
t) = eo ¥exp(iK.r)uK(z)AK§n:i (w - 7;—”) Fuci (w - %) exp [z (% - w) t} +ee (ES)

and its time derivative

oD(r —EQZCXP iK.r)ug(z AKZ( ) fn€j (w—%)exp[ <L;—w>t]+c.c.

(E.6)
2c.
As 1/T < w, we have (w — T*)2e(w — T) & w?e;(w) — %W. Taking the inverse of the Fourier
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series expansions in Eq. (E51), we get

w?e;(w
D(r,t) = € Zexp(iK.r)uK(z) {w €j(w)Ax(t) + d[d{i()]&gAK(t)} exp(—iwt) + c.c. (E7)
K

Hence

E(r,t).0,D(r,t) =

B i(K+K).x » d[w %ej(w)] i)t
0 37 M) i 1) e (2) o a(t) 0, (8] {26, () e (1) + 10T g 1)L
KK’
- / w?e; (W , /
—eo 3 Ky () i (2) [ —ico A (£) 40y Ax(1)] {w'%j (W) A (1) — iW@t ;{,(t)} "

KXK'

4+ c.c. (E8)

Integrating this term over the surface S and using [ dz [ dy exp(i(K—K').r) = Sox g’ (0 is the Kroenecker
symbol, which verifies 0g x» = 1 if K = K/, dx g = 0 else), we find

/dm/dyE ).0:D(r,t) =

—€0S Z ug(z [—iwAx(t)+0; Ak (1)) {wQEj (w)A_x(t) + iW@tAK(t)} exp(—2iwt)

w?e;(w
_ GOSZ ug (z).ug(2)[—iwAk(t) + O Ak ()] {w e (w) Aj(t) — Watx‘lf((t)}
K

+c.c. (F9)

The first term on the right hand side of Eq. (E54) can be expanded and integrated fromt = O to ¢ = T.
For T sufficiently large, all the terms vanish except the one proportional to Ax(t)A_x(t) which gives the
first term on the right hand side of Eq. (E55). The second term on the right hand side of Eq. (E54) can be
expanded and integrated from ¢ = 0 to t = T too. The terms proportional to AxAg and 0; Ax0; A are
pure imaginary and give no contribution once added to their complex conjugate and opposite. The terms
proportional to Ax0; Ak and 0; Ax Ax, once added to their complex conjugate, both vary as 0| Ak|? and
are easily integrated to give the last term on the right hand side of Eq. (E55). Notice that these two terms vary
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dw? E(UJ) e(w)

, and that their sum simplifies and varies as d o> aswritten in Eq. (E55) :

/ dt/dx/dyE ).0{D(r,t) =

.3 4 2 g d[we; (w)] 2
€S Y ux(z)u k(2)iw’e;(w) /O dt [Ak (t) A_k(t) exp(—2iwt)|+c.c4€0S Y _|uk(z)Pw 7|A 2.
K

respectively as w?e(w) and

K
(E10)
Let us now calculate the energy associated with the term H.98 = ;L 8% in Eq. (F47).
H(r,t) — :()VXA(r,t) :iZK:exp(iK.r)bK(z)AK(t) exp(—iwt) + c.c. (E11)
OB(r,t) = O x Alr,t) =13 exp(K.r)bi(2) [0 Ax(t) — iwAx(t)] exp(—icwt) + c.c.(E12)
K
Hence
H(r, 1).0B(r, ) = —Ml§exp KK) elbic(=) b (2D A(t) (B () — i A (1)] expl i+

+ L Z exp[i(K — K').1]bk (2).by (2) Ak (t) [0: Ak (1) + iw Ak (t)] exp[—i(w — w')t] + c.c.  (E13)
KK

Integration over the surface S as previously for E.0;D yields :

/ do / dy H(r,t).0;B(r, ) = —721)1( Ak () [0 A_k(t) — iwA_g(t)] exp(—2iwt)

Ho “¢

+ 50 > Ibk(2) [ Ak (t) [0: Ak (t) + iw AR (t)] + c.c. (E14)

K

The first term on the right hand side of Eq. (F.59) can be expanded and integrated from ¢ = 0 to ¢t = 7.
For T sufficiently large, the term proportional to Ag(t)0;A_k(t) vanishes, and we get the first term on the
right hand side of Eq. (E60). The second term on the right hand side of Eq. (E59) can be expanded and
integrated from ¢ = 0 to ¢ = T too. The term proportional to Ak(t)Ax(t) is a pure imaginary, and gives
no contribution once added to its complex conjugate. The term varying as Ak (t)0; Ak (t), once added to its
|2

complex conjugate, varies as O;| Ak (t)|° and is easily integrated to give the last term on the right hand side
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of Eq. (E60).

T
— Z ibk(z).b_x(z) /0 dt [Ak(t)wA_x(t) exp(—2iwt)] + c.c.
+ = Zbe )2 Ak|?. (E15)

We now add Egs. (E.55) and (F.60). The first terms on the right hand sides of these two equations cancel each

other (so do their complex conjugates), so that we get

wej(w c?
/ dt /dx /dy t).0D(r,t) + H(r,t).0,B(r,t)] = ZEOSw2 [W“K(2)|2 + wQ!bK(z)ﬂ | Ak |2
K
(E106)

Before integrating this expression over 2, let us remark that it can be cast under a somewhat clearer form

/dt /dx/dy t).0:D(r, t) + H(r, t).0;B(r, SZ[GO e (w (z)]2—|—M10]BK(z)2]

(E17)
where Eg(2) = iwAguk (%) and Bg(z) = iAgbk(2) so that E(r,t) = > exp(iK.r)Ek(2) exp(—iwt) +
c.c.and B(r, t) = > ¢ exp(iK.r)Bg(2) exp(—iwt) + c.c.. Eq. (E62) gives the energy per unit length along

the z direction of surface plasmons. €9.S ——+ d[wej ) |Ek(2)|? and %S |Bx (2)|? are then the electric and magnetic

contribution of each mode K to the former energy per unit length.

We now would like to integrate Eq. (F.61) over 2. In both half spaces z > Oand z < 0 (j = 1, 2), we

have [uk(2)[* = exp[ 2Im(7y;)z] (1+‘ |2> bk (z) = (KKJF’YJ‘Q)X\/ﬁexp(i'yjz)(ﬁ—%z) _
2
Ll(w) exp(iv;2 )7 = QXK(weusedthepropertyQK—0) hence |bk(2)|? = ﬁexl’[ 2Im(v;)z] ;; %‘:

Now writing

/_oo © |uK(Z)|2d[wej(w)] _ (1 Z 1 | <1+ K‘Z) dfwe;(w)] (E182)

dw L(w) Py 2|7, |vj dw
0 1 1 e |?w?
2 Z j
/_oodz br(z)I" = L(w) % 2}y |vj] c* (E18b)

7=1,2



162 Annexe F. Annexes du chapitre « Quantification des ondes de surface »

Integrating Eq. (E61) over z using Eqs. (F.63), we get

— / dt / &r t).0:D(r,t) + H(r, t).0;B(r, )] =

1 1 K2\ dlwej(w)] e [P w? 9
€0Sw? (1 + ) D22 12 S |AkA (R19)
; L(w) ;2 2} 2] dw il e
We now use the degree of freedom to set L(w) as we wish, to simplify this equation. We set
1 1 K? : 22
Lw)=5 > 5 (1 - 2) dlosi @) | & =l (E20)
2 4, 2l 1 dw Vil e

Using Eq. (4.4), the definition of 7;, and €(w) < —1 at the frequencies of surface plasmon of a single
interface, Eq. (E65) writes

 —e(w) 1 [1-e(w)dwe(w)] . (o
L) = S it | ey e ) (2D
This is equivalent to set
| e [W‘““( )+ b ﬂ —1 (£22)

(the term inside the brackets comes from Eq. (E61)). Using the expressions of |ug(2)|? and |bk(z)|? given

above, Eq. (4.4) and the definition of 7y, this gives a normalization condition on uk(z)
< 1 d[ij(w)] |1+ €e(w)] 9
— | — =1. E2
/_oodz 2 [ dw +lej(w )|1 + |e(w)] Juxe(2)] (B23)

Egs. (F.68) and (E.69) can also be written

/ Td B‘W|EK(,Z)|2+2;|BK(Z>|1 = eow?| A2, (F24)

—00

with the notations used in Eq. (F.62).

With this choice of L(w) or this normalization condition of ug(z), Eq. (E64) can be written :

U=> eSw?2|Ax|”. (E25)
K

FE3 Quantum calculation of the surface plasmon emission rate of a dipole

We follow the same steps as in the derivation of the photon emission rate by a two-level system in a

vacuum. The fundamental and excited states of the two-level system are denoted |1) and |2) respectively,
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associated with energies E1 and Ey. We define a circular frequency wy, so that o — Ey = hwg. The two-
level system is initially in its excited state, and there are ng surface plasmons so that the global initial state can
be written : |i) = |2, nk). In the final state, the dipole is in its fundamental state and a surface plasmon has
been created in a mode K. We denote the final global state | f) = |1, nk + 1). The interaction Hamiltonian is
—D.E, where D is the electric-dipole moment operator and E the quantum electric field operator introduced
in section 4.4, at the position of the emitter. The emission rate (inverse of the lifetime 7 of the excited state)

is given by Fermi’s golden rule :

- % STIFIDE) P (By — By — hw). (F.26)
f

This expression can be rewritten as a sum over the modes K

2
- % N Md (By — By — hw), (E27)
K

where My = |(1, nk + 1/D.E|2, ng)|2. We note (2|D|1) = Dys.
Using the former expression and Eqs. (4.13), (4.14) and (4.16), we obtain the following matrix element :

huw

MKzS

2
|D12 u K( )| (nK + 1). (E28)
In this equation, the nk term stands for the stimulated emission and the constant term 1 accounts for the
spontaneous emission. This section is devoted to the spontaneous emission so that we do not consider the
term associated to nk.
Using Eqs. (E27) and (E28), substituting a continuous sum over the vectors K in polar coordinates to

the discrete sum )y, and now writing spont instead of v we get

27 [ S hw 21 )
spont — KK — 4 (Ey — B4 — Do, ‘ E2
ot h/o K G gepg (F2 — Fr =) > |1 df D () (E29)

The integration over the directions § of K can now be performed using Eq.(4.5). We first write

. K . K
ID12.u1 k(2)[* = |Dia|? exp(2i;2) x [ldm,//-m2 + |ah2,z;|2 + 2Re <d12,//-K d12,z,y*>]
; .

J
(E30)

The third term inside the square brackets on the right hand side of Eq. (F.30) vanishes after integration over

1
L(”Sp)

0, as this term depends on @ only through K and as fOQW df K = 0. The integration thus gives :

2
2w
do ]Dlg.uLK(z) ’2 =

S — y PP (E31)
0 Leff(%dm,wo)’ 12

Lef(2z,d12,wp) is defined by Eq. (4.19). The spontaneous emission rate of surface plasmon can then be cast
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in the form given by Eq. (4.18).
Averaging Yspont over all the possible directions (6, ¢) and all the precession angles 1) of D12, we get the
“total” spontaneous emission rate of surface plasmons
1 s 2m 2m
Yspont,total (|D12], wo, 2) = 87r2/ do Sin@/ do dv) Yspont (R, (D12), wo, 2) (F32)
0 0 0

where Ry 45 (D12) is D12 rotated by Euler’s angles for nutation, precession and intrinsic rotation 6, ¢ and ¢

respectively. The result of the integration over 6, ¢ and v is given by Eq. (4.23).

F4 Derivation of the emission rate of a dipole in the classical lossy case

The aim of this section is to derive an explicit form of the Purcell factor due to the presence of surface
plasmons by using the Green’s tensor approach. Using (ARcHAMBAULT et al. 2009), one can write the surface

plasmon contribution to the Green’s tensor evaluated at the position of the source r :

el ( ) = / d’K ?(K,Z,Z) B <T>*(—K,z,z) (£33)
spAl T 0) = (27)2 | w—wsp W+ wi, ’
where ?(K, z, z) is given by
< K K
f (K 2,2) = —g(K,ws) (K- ’72)(K— ’y—ﬁ) exp(2iv12) (E34)
1 1

asz > 0, with g(K, wep) = 198 R(K wy,) and ™K, wep) = i (11 (K, w)e(w) — 72(K, w)] [wmwey -

2
w3y

Injecting Eq. (F.33) in Eq. (4.24), we obtain :

Rpd Rpd
6 d’K o £ (K z,2)d12 dfy. £¥(—K, 2,2)d
chl(dlg,w,z):m/ 1 | 412 (K, 2z, 2)diz dyy. £ (=K 2,2)di2 _ (E35)
’ w (2m)?2 W — Wsp W+ w,
e _q* \rd _ i nlld / _ W—w;p
Writing Fx (di2,w, 2) = diy. £ (K, 2, 2)di2 = Fg(di2,w, 2)+iFg (di2,w, 2) and o, (w) = )

UJ”

7 _ sp .
pwsp (w) - (W_ng)2+wgg s WE ﬁl’ld .

6 d’K
Fpo(dig,w,2) = — | —

7 [ o | Fdin, 20l () + Fidiz, 20, (0

— Fk(dlz,w,z)plw;p(w) + Fﬁ(dlg,w,z)p/_w;p (w)|. (E36)

This expression is to be compared to Eq. (F.27) in the non lossy case. Both expressions are written as sums
over the modes K, of the contribution of each mode to the spontaneous emission rate. When losses are low,

the last two terms on the right hand side of Eq. (F36) are antiresonant, as p” Wt (w) and p" s, (w) are
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centered around —w},,. The second term has also a small contribution as the average value of pfdsp (w) is 0.

The main contribution comes from the first term, as py,  (w) goes to —imd(w — wsp) in the non lossy limit.

Q . Starting again from Eq. (E 33) we write
= 1 2m YRR 1 2w JEEN
G 5p(r,r,w) = { / de {f(K,z,z)}f / de [f*(K,z,z)}},
w — wsp Jo w + w;“p 0
(E37)
aiming at performing the integral over the directions 6 of K. We first calculate :
2T —
/ de [ f (K,z,z)] = —27rg(K,wsp)ﬁ(z,wsp), (E38)
0

where ﬁ(z, wsp) = exp(2iv12) [ (8% + 99) — €(wsp)22]. Inserting Eq. (E.38) in Eq. (F37) yields :

<E:,rrw / dK K

9(k, wSp) ﬁ(z,wsp) + Mﬁ*(z, wsp)] ) (E39)

W — Wsp w + Wy,
Inserting Eq. (F.39) in Eq. (4.24), one finds :

K iwgp) ., (K, ws
—9(K, wsp) IQ.W(Z,wSp)dlﬁu

Fp(di2,wo, 2) / dK K Im :
wo wo — Wsp wo + Wp

dlg.ﬁ*(z, wsp)d’{Ql .

(E40)
with d’{Q.ﬁ(z,wsp)dlg = exp(2i712) [5]d12, /> — €(wsp)|di2,2|*]. In the non lossy case, g(K, wsp) and

di5. U (2, wsp)d2 are real, and Imw_ijsp goes to(NovoTNy et HEcHT 2006) —imd(w — wsp). Hence, assu-

mingw > 0 and using the expressions odeQ.ﬁ(z, wep)di2 and (K, wsp) given above, one gets Eq. (4.25).

We need the relation
Wsp 1

K2 2L(wsp)’

R(K, wgp) = (E41)

in order to prove that Fp(di2,wo,2) = Fpi(di2,wo, 2). Using the definitions of R(K,wsp,) and of 7;

given above, we get
ew/c® . de ii ‘;’2 + 2we/c?

- i
7 Maw 272

R YK,wsy) = —i (F42)

dwe

Inserting 4¢ = L [dw — e} in Eq. (E72), and using y1 = i|71|, 72 = —i|2|, we find

‘ 2

2 2 1 w/c?\ dwe
RV (Kywy) = —LC (1 Il ) _ew/e - e E4
o) = = Mg ) = oy PG 7o) B
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Using Eq. (4.4) and the definition of 7;, we can simplify the terms inside the parentheses and write

R (K, wy) — ew/c® € B ew/c? 70)/021—6% (E44)
Iyl L+el 2] 20e[l+edw

Multiplying this expression by 7% = %ﬂ, we get

w —e  e+1 1 1—edwe

— R (K,w — = — — (E45)

el o) = TS T el e d
Comparing this expression to Eq. (F66), we can write

W -1

which gives Eq. (E71).

E5 Derivation of the energy

In this section, we focus on the derivation of the electromagnetic energy associated with surface waves,

already introduced in appendix E2. The energy balance from time ¢ = 0 to ¢ = T reads :

U:/ dt/d3 [EaD+H ]—/ dt/d3 —j.E) (E47)

in which fOT dt [ d®r (—j.E) is the operator’s work on the system between t = 0 and t = T'. Let us recall
that 7" must be large for this work to be adiabatic, and that U then does not depend on 7" and is also the total
electromagnetic energy of the system. Due to the exponential decrease along the z-axis, the contribution of
the Poynting vector, which should appear in the left term of equation (E47), drops to zero. We want to derive

the first term of equation (F.47) to obtain the electromagnetic energy.

We introduce again (like in appendix E2) time-dependent amplitudes in Eq. (6) of the article : Ak is
then replaced by Ak(t) in which Ag(t) = Ak X f(t). This accounts for operator’s work. For the sake
of convenience, we take a 2T -periodic function for which f(0) = f(2T) = 0 and f(T) = 1, so that
we can write f(t) = Y foexp (i27n55). T is the typical time of variation of the amplitude Ak(t).
T has to be taken sufficiently large to consider the work done by the operator as adiabatic. (For instance
f(t) = sin (7‘(’%) .) Let us first derive the energy in the material medium denoted medium 2 for z < 0. We

have :

E(r,t) = —04A(r, Z exp(iK.r)ug (2)[—iw Ak (t) + 0; Ak (t)] exp(—iwt) + c.c. (E48)
K

Using Ak (t) = Ak f(t) and the Fourier series expansion of f(t) given above, the field can be cast as a sum
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of terms varying as exp[—i(w + %)t
E(r,t) = EK: exp(z’K.r)uK(z)AKEn:i <w - 117) Fr exp [z (% . w) t} tee  (F49)
Hence the displacement vector
= €q Zexp (1K.r)ug(z AKZ ( ) fn€j <w — %) exp [ <% — w) t] +c.c. (E50)

and its time derivative

™\ 2 ™ /TN
OD(r, —ngexp iKr)ug(z AKZ( ) fn€j (w—?)exp [z<?—w>t]+c.c.
(E51)
2.
As1/T < w, we have (w — Z%)%¢;(w — ) =~ w?e;(w) — %W. Taking the inverse of the Fourier

series expansions in Eq. (E51), we get

w?ej(w
0:D(r,t) = € Z exp(iK.r)uk(2) {w €j(w)Ak(t) + W@tAK(t)} exp(—iwt) + c.c. (E52)
K

Hence

E(r,t).0;D(r,t) =

B , / » d[w%y( 9l
co > expli(K+K').rJug (2).ug (2)[—iw Ak (t)+0; Ak (t)] § w”e;(w) Ay (t) + o O () exp[— i(wHw
KK’
. e W * s 2_ (7 * o ‘d[wl2€j(w/)] *
eo Y expli(K—K').rJug (2).ufy (2)[—iw Ax(t)+0; Ak ()] wq@)Kﬁ)z—iﬂf—%ﬁﬁ)aﬂ i(w—w
KK’
+ c.c. (E53)

Integrating this term over the surface S and using [ dz [ dy exp(i(K—K').r) = Sy g’ (0 is the Kroenecker
symbol, which verifies o ¢ = 1 if K = K/, dg g/ = 0 else), we find

/M/@E ).0:D(r, t) =

w2e- w
—605 % uK(z).u_K(z)[—z‘wAK(t)—i—(?tAK(t)] {wQEj (w)A_K(t) + iwatA_K(t)} Cxp(—int)

WE;

2
05 3 w2 (2 -wt) + 01(0)] { e ) k) — 19 2 g
K

+c.c. (E54)
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The first term on the right hand side of Eq. (E54) can be expanded and integrated fromt = O to ¢ = T'.
For T sufficiently large, all the terms vanish except the one proportional to Ax(t)A_x(t) which gives the
first term on the right hand side of Eq. (E55). The second term on the right hand side of Eq. (E54) can be
expanded and integrated from ¢ = 0 to t = T too. The terms proportional to AxAg and 0; Ax0; A are
pure imaginary and give no contribution once added to their complex conjugate and opposite. The terms
proportional to Ax0; Ak and 0; Ax Ax, once added to their complex conjugate, both vary as 0| Ak|? and
are easily integrated to give thg last term on the right hand side of Eq. (E55). Notice that these two terms vary
(w) dwe(w)

respectively as w?e(w) and dw%, and that their sum simplifies and varies as d > aswritten in Eq. (E55)
/ & [ o [ayE 0. 0D(c.0) =
T
€S Z uk(2).u_g(2)iw’e;(w) / dt [Ak(t) A_k(t) exp(—2iwt)] + c.c.
K 0

+EOSZ\uK )| Pw 2’M\AKF (E55)

Let us now calculate the energy associated with the term H. 83 ﬁ S in Eq. (E47).
1
H(r,t) = —VxA(rt)=i) exp(iKr)bg(z) Ax(t) exp(—iwt) + c.c. (E.56)
Ho K

0B(r,t) = 0OV xA(r,t) = ZZ exp(iK.r)bg(z) [0: Ak (t) — iwAk(t)] exp(—iwt) + c.c.(E57)
K

H(r,t).0:B(r,t) = —% Z expli(K+K').1]bk(2).by: (2) Ak (t) [0r Ay (£) — iw' Age (£)] exp[—i(w+w')1]
KK’

+ L Z exp[i(K — K').1]bk (2).by (2) Ak (t) [0: Ak (1) + iw Ak (t)] exp[—i(w — w')t] + c.c.  (E58)

KK

Integration over the surface S as previously for E.0;D yields :

/ do / dy H(r,).0,B(r,t) = _721)1( Ak () [0 A_k(t) — iwA_g(t)] exp(—2iwt)

Ho “¢

+ 50 > Ibk(2) [ Ak (t) [0: Ak (t) + iw A (t)] + c.c. (ES9)

K
The first term on the right hand side of Eq. (F.59) can be expanded and integrated from¢t = 0 o t = 7.

For T sufficiently large, the term proportional to Ag(t)0;A_k(t) vanishes, and we get the first term on the
right hand side of Eq. (E60). The second term on the right hand side of Eq. (E59) can be expanded and
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integrated from ¢ = 0 to ¢ = T too. The term proportional to Ak(t)Ax(t) is a pure imaginary, and gives
no contribution once added to its complex conjugate. The term varying as Ak (t)0; Ak (), once added to its
complex conjugate, varies as 9| Ak (t)|?
of Eq. (E60).

and is easily integrated to give the last term on the right hand side

é ZZbK( ).b_k(z / dt [Ax(t)wA_k(t) exp(—2iwt)] + c.c.

S
+ m > Ibk(2)[*|Ak[*.  (E60)

K

We now add Eqs. (E55) and (E60). The first terms on the right hand sides of these two equations cancel each

other (so do their complex conjugates), so that we get

T dlwe; (w c?
/0 dt / dz / dy [E(r,).9,D(r, {) + H(r, £).0,B(x, )] = zK:eoSa)Q [[di)()]uK(z)‘Z N wabK(z)y?} | Ag|2.
(E61)

Before integrating this expression over 2, let us remark that it can be cast under a somewhat clearer form

/dt/dx/dy 1).0,D(x, ) + H(r, t).0;B(x, :SZ[EO wej (z)|2+:0|BK(z)2]

(E62)

where Ex(2) = iwAguk(2) and Bg(z) = iAgbk(2) so that E(r,t) = > exp(iK.r)Ek(2) exp(—iwt) +
c.c.and B(r, t) = )y exp(iK.r)Bg(2) exp(—iwt) + c.c.. Eq. (F.62) gives the energy per unit length along
’2

the z direction of surface plasmons. €95 W |Ek(z)|? and ;Tlo S|Bk(2)|? are then the electric and magnetic

contribution of each mode K to the former energy per unit length.

We now would like to integrate Eq. (F.61) over 2. In both half spaces z > Oand z < 0 (j = 1, 2), we

have [uk (2)|? = 7y exp|~2Im(7;)2] (1+‘ lQ) b (z) = (Kkﬂjz)xﬁexp(wjz)(ﬁ_%z):
2
Ll( )exp(i’yj )7 5 QXK(WeusedthepropertyQK—0) hence |bk(2)|? = exp[ 2Im(v;)z] ;; %:.

Now writing

/_Oodz |uK(Z)|2d[wej(w)] _ 1 Z 1 <1+ K‘Z) dfwe;(w)] (E63a)

dw L(w) P 2] v dw
o0 1 1 e |2 wh
dz |bg(2)*? = S (E.63b)
[ Gl = > Tl || @

7=1,2
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Integrating Eq. (E61) over z using Eqs. (F.63), we get

— / dt / &r t).0:D(r,t) + H(r, t).0;B(r, )] =

1 1 K2\ dlwej(w)] e [P w? 9
€0Sw? (1 + ) L2 12 S| |Ak]P. (F6d)
; L(w) ;2 2} 2] dw il e
We now use the degree of freedom to set L(w) as we wish, to simplify this equation. We set
1 1 K? ) dlwej(W)] €] w?
Lw =5 s— |1+ A (E65)
) 2j21;22\vj| [( i) dw %l e

Using Eq. (4.4), the definition of 7;, and €(w) < —1 at the frequencies of surface plasmon of a single
interface, Eq. (E65) writes

—e(w) 1 [1 — €(w) djwe(w)] ]
L(w) = —-1- E66
%l el | ) T (o0
With this choice of L(w), Eq. (F64) can be written :
U=> eSw?2|Ag|”. (E.67)
K

Using Egs. (F63), one finds that Eq. (E66) is equivalent to set
we
/ dz [ dwes @) e +5 e )|2] _1 (F68)

Using the expressions of |ug(z)|? and |bk(2)|? given above, Eq. (4.4), and the definition of y;, this gives a

normalization condition on uk(z)

* L [dwe (@) |1+ e(w)| _
/oodz .y [dw + e (w )yH’ (w)|] lug(2)|2 = 1. (E.69)

Egs. (F.68) and (E69) can also be written

/Oodz [620‘*[“’:;()]\15 (2 )\2+2;013K(z)12} = cow?| Ax|?, (E70)

—0o0

with the notations used in Eq. (F62).
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F.6 Equivalence of the quantum and classical approach : equality of the contri-

bution of surface plasmons to the Purcell factor

In order to prove the equivalence of our quantum approach and the classical approach in the non lossy

case (we aim at checking Fp(di2,wo, 2) = Fp(di2, wo, 2)), we need the relation

Cwsp 1
B wo) = B2 510y

(E71)

between the factor R(K, wgp) appearing in the surface plasmons’ Green’s tensor in the classical calculation,
and the normalisation length L(wg)) used in the quantum calculation.

For the sake of simplicity, we shall write w instead of wg, in the developments below (but w still depends
on K, and its value is given by Eq. (4.4)). We start from the definitions of R(K,w) and of ~y; given in the

chapter 4, and write

2 d de w? 4 9e/c2
R(Kw) = il 8¢ o' 2w/ (E72)
gl dw 272
Inserting 3—; = % [% — e} in Eq. (E72), and using y1 = i|y1|, 72 = —i|72|, we find
_ ew/c? |71]? ew/c? 1 w/c®\ dwe
R YK,w) = - <1+ — + —— — (E73)
() [71] w/c? ) 2yl g 22|/ dw

Using Eq. (4.4), and the definition of y;, we can simplify the terms inside the parentheses and write

RV(K,w) ew/c® € ew/c®  w/c® 1 — edwe (E74)
Jw) = — — — .
Il T+el 22l 2pe[l+edw
Multiplying this expression by 7= = %%, we get
w —e  e+1 1 1—edwe
— R YK,w) = — — — —t (E75)
e R 7 R
Comparing this expression to Eq. (E66), we can write
W oh
ﬁR (K,w) = 2L(w) (E76)

which gives Eq. (E71).






ANNEXE G

Energie et quantification de modes
’ L, ’, 3 K
électromagnétiques en présence de milieux

dispersifs

G.1 Bilan d’énergie avec milieux dispersifs

Les équations de Maxwell en I'absence de charges externes

VXE= —8tB (Gl)
VB=0 (G.2)
VD=0 (G.3)
VxH=j+ 0D (G.4)
(tous les champs sont fonction de r et t) permettent d’écrire le bilan d’énergie
V.S+E.0.D+H.0B = —jE. (G.5)

En présence uniquement de milieux non dispersifs électriquement (g—; = 0) et neutres magnétiquement

(u=1),onaD = ¢ye(r)E et B = poH et I'on peut écrire :

O (B2 + L B?| —
V.S + 0 2e(r)E +2/JOB = —j.E. (G.6)

Cette équation permet de définir une densité d’énergie électromagnétique

Ul(r,t) = 6—Oe'(r)EQ + LBQ. (G.7)

2 2410
En présence de milieux dispersifs, D(r, ) ne peut s'exprimer simplement en fonction de E(r, ) comme
ci-dessus, et 'on ne peut pas faire apparaitre directement la dérivée temporelle d’'une densité d’énergie dans
le terme E.0;D + H.0;B de I'équation (G.5). Afin de déterminer I'énergie électromagnétique en présence de
milieux dispersifs dans les cas qui nous intéressent, nous allons nous restreindre au cas ot le champ électro-

magnétique considéré est celui d'un mode permanent, ou celui d’une superposition de tels modes. Lexistence
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de tels modes suppose que le systéme considéré est non dissipatif. On suppose ainsi que les constantes di-
électriques des matériaux présents ont une partie imaginaire nulle. Pour effectuer ce calcul dans la section
suivante, nous allons préalablement effectuer un bilan d’énergie macroscopique a partir de I'équation (G.5).
Nous considérons pour cela que le champ de ces modes est contenu dans une région de I'espace finie V/

délimitée par une surface ¥, et que le flux net du vecteur de Poynting a travers ¥ est nul :

/ d*rV.S = / d?rn.S=0 (G.8)
1% b))

Définissons la puissance Pey; fournie par un opérateur externe au champ électromagnétique, via les

sources de courant j :

Pogt = — / d’rj.E (G.9)
14

En intégrant I'équation (G.5) sur le volume V' et en tenant compte des équations (G.8) et (G.9), on

obtient :

Peyt = / d*r [E.0;D + H.0;B] (G.10)
Vv

En intégrant cette équation entre les instants ¢ = 0 et ¢ = T, on obtient une expression du travail fourni

par Popérateur externe entre ces deux instants :

T
W = / dt / d’r [E.0;D + H.0;B] (G.11)
0 |4

G.2 Energie d’'un mode unique en présence de milieux dispersifs
On considére un mode unique du champ électromagnétique, dérivant du potentiel-vecteur d’expression
A(r,t) = Au(r)e ™! + c.c. (G.12)

prenant place dans un systéme de constante diélectrique €(r, w), supposée réelle, et magnétiquement neutre

(n=1).

On suppose que ce mode est normalisable, au sens ot 'intégrale sur tout le systéme de |u(r)|? est finie :
/dgr lu(r)|? finie. (G.13)

Il peut s'agir par exemple d’'un mode de plasmon localisé sur une nanosphere, ou d’un plasmon de surface
d’une interface métal/diélectrique !

Afin de déterminer 'énergie de ce mode, nous allons «I’allumer adiabatiquement » entre les instants t = 0

1. Dans ce dernier cas, le mode est a priori d’extension infinie dans les directions paralléles a I'interface, et n'est donc pas norma-
lisable. Pour le rendre normalisable, on peut utiliser les conditions aux limites de Born-von Karman dans ces directions, c’est-a-dire
considérer un systéme périodique dans ces directions. Le vecteur d’onde du plasmon ne peut alors prendre que des valeurs discrétes
compatibles avec la périodicité.
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ett = T'. Nous pourrons alors utiliser le bilan d’énergie (G.11) effectué dans la partie précédente. Pour cela,

nous choisissons une amplitude A dépendante du temps :
A= Aof () (G.14)

avec f(0) = 0 et f(T) = 1, et T suffisament grand pour que I'allumage puisse étre considéré comme
adiabatique. Afin de simplifier les calculs, nous allons considérer que la fonction f(t) est de période 27 et

peut ainsi étre développée en série de Fourier :

F&) = fne?mmt/CT), (G.15)

Nous séparons le bilan d’énergie (G.11) en deux termes, associés au déplacement et champ électrique, et

a l'induction et champ magnétique,

T
Wg = / dt / d?rE.9,D, (G.16a)
0 |4

T
Wg = / dt / d3rH.9,B. (G.16b)
0 1%

Nous allons tout d’abord déterminer Wg. Le terme en H.0;B du bilan (G.11) s'intégre sans difficuleés

par rapport au temps,

T
/ dt H(r, £).0B(r, ) = —B(r, T), (G17)
0 Ho

olt 'on a utilisé la propriété f(0) = 0 qui implique B(r,0) = 0. Le membre de droite de (G.17) peut se
calculer a I'aide de la relation B(r, ) = V X A(r, t) et en utilisant les équations (G.12) et (G.14), ainsi que
la proprié¢eé f(T') =1,

B(r,T) = A2 [V x u(r)]? e 29T | Ao|2 |V x u(r)|* + c.c. (G.18)

Afin de simplifier les calculs, on ne garde pas les termes oscillant rapidement et de moyenne nulle de

B?(r, T) (dont la contribution i I'énergie sera elle-méme oscillante et de moyenne nulle). On obtient
(B(r, T)) = 2| Ao|2 |V x u(r)]?. (G.19)
On en déduit

1 2
(Wg) = —|Ap|? / d3r |V x u(r)|* = eo|wAo|? / B [V x u(r)‘ . (G.20)
Ho v v w
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Afin de déterminer Wg, on écrit tout d’abord E(r, t),

df

E(r,t) = —0iA(r,t) = Ag [iwf( ) — i

} u(r)e ™ 4 c.c. (G.21)

On calcule ensuite OrD(r, t) en ré-écrivant au préalable E(r, ¢) sous forme de somme d’exponentielles tem-

porelles puis en utilisant la relation D(r, w’) = €pe(r, ' )E(r, '),

r,t) = Ao ani <w — %) e_i(w_%)tu(r) +c.c., (G.22a)
0D(r,t) = eg Ao Z fn <w — —)2 (r,w — %) e_i(“’_%n)tu(r) + c.c. (G.22b)

. . . 7 . [ 2 ™
Afin de simplifier cette expression, on effectue un développement limité du terme (w — Z%)“ € (r,w — %)

jusi)
avec 7 <L w,

(o= el F) =t Fip o). o

En ré-insérant ce terme dans (G.22b), on peut finalement écrire

OUD(e,t) = o Ao f(£)we(r, w)u(r)e ™" + ieg Ag L L.

1 50 [wQE(r,w)] u(r)e ™ + c.c. (G.24)

Comme pour B?(r, T), on ne garde que les termes 4 variations lentes de E(r,t).0;D(r, ) (les termes 2

variations rapides sont de moyenne nulle et leur contribution 8 Wg également). On obtient

2
(E(r,t).0:D(r,t)) = 60‘A0|2% {waaw [WQE(I‘,OJ)] - w26(r,w)} lu(r)|®. (G.25)

:wQ% [we(r,w)]

(des termes imaginaires purs obtenus lors de ce calcul ont été simplifiés avec leur complexe conjugué). On en
déduit 5
W) = ool | o foes,)) o). (G.26)
1% Ow

La somme de (G.20) et (G.26) donne

o) = ool [ e { L foetel o)l +] 59 xute) ). G27)

G.3 Quantification d’'un mode unique en présence de milieux dispersifs

On considere de nouveau le mode unique dont I'énergie a été calculée dans la section G.2. Son énergie

étant connue, la quantification de ce mode ne pose pas de difficultés.
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Son énergie et son champ électrique sont donnés par les expressions

—60|(,uA|2/d3 { [we(r,w)] |u(r)|* + ‘*V x u(r)

(r,t) = iwAu(r)e ™" + c.c. (G.28b)

2
} , (G.28a)

Afin de simplfier 'expression (G.28a), nous allons supposer que le champ u(r) est normalisé par la condi-
tion

2
/d3 { [we(r, w)] [u(r)]? —i—‘—VXu()‘ }:1. (G.29)
u(r) a alors pour dimension l'inverse de la racine d’'un volume, et on a
U = 2e0|wA|* = equ?(AA* + A*A). (G.30)

On peut alors quantifier ce mode canoniquement, de maniére analogue 4 l'oscillateur harmonique usuel.
q q g q

On associe aux amplitudes A et A* des opérateurs,

Ao ]l (G.31a)
2€qw

h +
2€pw

A* —

>

(G.31b)

Le mode considéré se présente ainsi sous forme de bosons, auxquels sont associés des opérateurs création ()

et destruction (™). Les opérateurs associés a I'énergie et au champ électrique sont alors
R o1
H=hl|a"a+ 3 (G.32a)

E(r,t) = iy/ —u(r)ae ™" + h.c. (G.32b)
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H.1 Relation de dispersion et taux d’interaction de la structure Lapsus sim-
plifiée

On ¢étudie dans cette annexe la relation de dispersion des SPhP de la structure Lapsus simplifiée, ainsi
que leurs taux d’interaction avec les électrons du puits quantique, afin de s'assurer de leur similarité avec ceux
discutés dans le chapitre 5 & propos d’un puits quantique simple.

Pour étudier les modes de la structure compléte du projet Lapsus, comprenant en plus des barriéres et du
puits un espaceur séparant le substrat des barriéres et un réseau d’or (voir figure 5.2), nous avons remplacé
le réseau d’or par un film continu (figure H.1). Ceci présente 'avantage de rendre la structure invariante
par translation dans les directions paralléles 2 et y et donc de pouvoir étudier ses ondes de surface avec des
outils type matrice de transfert connus et peu colteux en calculs. Le couplage de ces ondes de surface au
rayonnement via le réseau n'est pas pris en compte ici, et est abordé dans la section 5.3. La figure H.2 montre
la nouvelle relation de dispersion des SPhP en présence de cette couche métallique. On y retrouve des branches
proches de celles du puits simple (figure 5.8), ainsi que des branches correspondant aux interfaces barriére
inférieure/espaceur (courbes vertes) et espaceur/substrat (courbes magenta) — ces branches supplémentaires
correspondent a des modes éloignés du puits interagissant peu avec les électrons.

On a représenté sur les figures H.3 les taux d’émission et d’absorption de SPhP par un électron dans le
puits quantique de la structure Lapsus simplifiée. LA encore, on obtient des taux d’interaction tres proches de
ceux d’un puits simple (figure 5.17). On remarque toutefois qu'une branche propre a la structure Lapsus a
un taux d’interaction important (courbe magenta sur la figure H.3(a). Cette branche correspond a la branche
représentée également en magenta et de pulsation comprise approximativement entre 36 et 43 meV sur la

figure H.2. Les modes de cette branche qui interagissent le plus avec les électrons sont ceux de faible vecteur
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Semi-infini Or

30 nm Aly33Gay 7 As
21,6 nm GaAs

100 nm Al 33Gag 6, As

1 pm Aly50Gag 5p/As

Semi-infini GaAs dopé n (substrat)

Ficure H.1 — Structure simplifiée du projet Lapsus. Par rapport a la structure de la figure 5.2, un film
d’or remplace le réseau en or, rendant la structure invariante par translation dans les directions paralléles aux
couches.
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55 ) 140
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0 20 40 60 80 100 0 20 40 60 80 100
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Ficure H.2 — Relation de dispersion (gauche) et facteurs de qualité (droite) des SPhP de la structure simplifiée
du projet Lapsus (figure H.1). Comme sur la figure 5.8, on a reproduit sur la figure de gauche les intervalles
de fréquence de la figure 5.7.
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Ficure H.3 — Taux d’émission et d’absorption de chaque branche de SPhP d’un électron dans la structure
Lapsus simplifiée (figure H.1). Transitions (a) : 2 <> 1, (b) : 1 <> 1, (¢) : 2 <> 2. Les remarques de la
figure 5.17 sappliquent, les couleurs et traits correspondant maintenant a la figure H.2, et les symétries du

champ des modes ne sont quapproximatives ici.
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d’onde, de pulsation proche de 36 meV, comme les taux d’interaction des modes individuels (figure H.4
ci-dessous)
Les taux d’interaction (équation 5.25) de chaque mode de SPhP de la structure Lapsus simplifiée sont

représentés sur la figure H.4. La encore, on obtient des résultats proches de ceux d’un puits simple (figure 5.18).
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~
10° F
8 I ] ] ] ]
10°0"20 a0 60 80 100

q (rad.pm™")

Ficure H.4 — Taux d’interaction de chaque mode de SPhP avec une population d’électron, dans la structure
Lapsus simplifiée. Transitions (a) : 2 <> 1, (b) : 1 <> 1, (c) : 2 <> 2. Les couleurs et traits correspondent a la
figure H.2. Les remarques de la figure 5.17 s'appliquent, les couleurs et traits correspondant maintenant a la
figure H.2, et les symétries du champ des modes ne sont qu’approximatives ici.

H.2 Fléments de matrice

On calcule dans cette annexe les éléments de matrice associés aux processus d’émission et d’absorption de

SPhP et de phonons confinés, par transition intersousbande. On note les états « fondamentaux » et « excités »
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de I'électron sous la forme
|9e-) = |m, K), |ec-) = |m/,K'). (H.la)

Labsorption correspond au passage de I'état |g.—) vers I'état |e,-), et 'émission correspond au processus
inverse. Létat g, ) = |m,K) (le,-) = |m/,K')) correspond 4 un électron dans la sousbande m (m/) et de
vecteur d’onde dans le plan paralléle au puits K (K'). On considére que le systéme étudié a une période L
dans les directions paralléles au puits et y, et on note S = L x L. Ainsi, les vecteurs d’onde des phonons q
et des électrons K sont quantifiés, et sont de la forme n, 2%&—1— Ny 2%9 (ng et ny entiers relatifs). Les fonctions

d’onde des électrons peuvent s’exprimer sous la forme

ezK.r

NE

ol les fonctions enveloppes (;,, (%) sont normalisées a l'aide de la condition [d2’ (¥, (2")(n(2) = Gpm-

<r|m,K> = Cm(z)a (Hz)

Les états « fondamentaux » et « excités » du systeme {électrons + SPhP} sont de la forme
|g> = |nq7L 17m7K>7|6> = |nqa mvi,>a (H.3a)

correspondant a nng + 1 (nq) phonons dans le mode de vecteur d’onde q dans les états excités (fondamentaux).
Au cours de ces calculs, on ne considére qu’une seule branche de la relation de dispersion des SPhP. Les résultats

obtenus peuvent s'appliquer a chacune d’elles.

La perturbation du hamiltonien de ce systéme (en représentation d’interaction, i.e. représentation de

Schrédinger pour les électrons, représentation de Hamilton pour les SPhP) est donnée par
W, = —A(&,t).p, (H.4)

olt m* désigne la masse ¢ffective de 'électron dans le puits et 'opérateur potentiel-vecteur A(F, t) vaut

Acla [ hw  ai oy —iwts
A(l‘, t) = Z m@ T eq(z)e tCLq + h.c. (HS)
q

h.c. désigne le conjugué hermitique, w la pulsation des SPhP considérés au vecteur d’onde de module g, eq(2)

est le champ normalisé des SPhP (voir annexe B.4), de dimension I'inverse de la racine d’une longueur.

Pour I'absorption, on ne conserve que le terme devant e~ du mode de vecteur d’onde q de W, (ce qui

revient a ne conserver que celui en ag),

e hw s .
Wa = m* 260736 1 eq(z)aq.(—z)ﬁv. (HG)
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Pour I'émission, on ne conserve que celui devant elwt

— +_ ¢ hw —iq.F % ( 2\ At .
We=(W,)" = s\ 260w256 ey (2)aq -(—i)hV. (H.7)

Lélément de matrice correspondant a 'absorption est alors

e hw 4 (2 ‘
(e|lWalg) = —\/ m(m',K’\e’q"eq(z).(—z)hV]m,K) ng+ 1 (H.8a)

. € huw z
= (=5 rgtax (kar,  +19,,) Vit 1, (H.8b)

D r®

, son conjugué hermitique,

ou les intégrales de recouvrement sont données par

m,m/’,q m,m/’,q
ndCm ,
I’r(r{/m ,q /d C dC/ q,Z(Z ) (H9b)

eq,)/ (') = eq(?')qeteq . (2") = eq(2).£ (ces deux grandeurs ne dépendent plus que du module de q).

Pour I’émission, on obtient

(gIWele) = ((eIWalg)) ™ (H.10a)

. e / hw z),*
= (—Z)hm* méKJ’_q’Kl (ZK qIW{/m q — Ir(n?m,’q) nq + 1. (HlOb)

On détermine le carré du module de ces éléments de matrice,

(g Wele)* = [{elWalg) [ (H.11a)

, €2 hw 5
— _ /
m*2 2eqw?S K+q K

2
KL, 19 1 (ng +1). (H.11b)

m,m’,q

On trouve ainsi I'expression 5.12b. On peut remarquer que le terme faisant intervenir les intégrales de recou-

vrement vérifie

2
awar), 41, = = |ixar, + 12, [ (H.12)
en posant
m/{’r)L q /dz Cn(2) G (2)e ;//(z/), (H.13a)
ndCmr
/d 2 (2 j ~en (), (H.13b)
(on retrouve ce résultat par intégrations par parties et en utilisant 'égalité ige, //(2) + an’; =) _ qui
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découle de V.A = 0). Le membre de droite de (H.12) est plus simple A calculer si I'on connait K’ plutdt que
K.

Le nombre de SPhP dans le mode considéré, nq > 0, figure également dans I'élément de matrice. Dans
le cas de 'émission, le nombre initial de SPhP est ngq. Ainsi, si on développe le terme ng + 1, I'élément de
matrice se sépare en un terme proportionnel au nombre initial de SPhP, ng, et un terme indépendant de
ngq> non nul méme en I'absence de SPhP initialement. Le premier terme correspond a I'émission stimulée, le
second a I'émission spontanée. Pour 'absorption, le nombre initial de SPhP est nq + 1, et développer ce terme
n'a ici pas de sens (les g SPhP comme le +1 sont présents initialement et ne jouent pas de roles différents).
On peut avantageusement substituer 14 a ng + 1 et ng — 1 2 ng dans le cas de I'absorption, avec la condition

nq = 1 initialement (il faut au moins un SPhP initialement pour qu’il puisse y avoir absorption d'un SPhP).

H.3 Taux d’interaction électroniques

On veut déterminer le taux d’émission (absorption) de SPhP par un électron dans un état initial donné
lee”) = |m/,K) (lg e”) = |m,K)), par transition intersousbande vers une sousbande m (m’).
On utilise la régle d’or de Fermi pour écrire les taux d’émission et d’absorption. On peut écrire une

expression générale de ce taux, valable a la fois pour I'émission et I'absorption,

2
- % SN HgIWele)PS( Bk + hw — By o). (H.14)

q KouK’

ot lasomme )y 1 porte sur le vecteur d’onde des états d’arrivée, K pour I'émission, K’ pour I'absorption.
Lélément de matrice |{g|We|e)|? écrit ici pour émission, est le méme pour I'absorption d’aprés I'équa-
tion (H.12).

En utilisant (5.12b) et en simplifiant la somme sur K a I'aide du symbole de Kroenecker qui apparait, on

peut écrire

2 2
w:QiZh” g ar, ) (ng+ DO(Emg + hw — Epugr).  (H.15)

m*2 2eqw?2S m,m’,q T Tm,m g

Le vecteur d’onde initial, K’ pour 'émission, K pour I'absorption, est fixé, une somme parcourt I'ensemble

des valeurs de q, et I'équation K’ = K + q permet d’obtenir le vecteur manquant.

On s’intéresse maintenant uniquement 2 l’emlssmn, et on ré-écrit la somme sous la forme ==
q

Jdqq fO dé’ p(q) ou la densité surfacique d’états p(q) vaut ﬁ,
2
iK' cos0' I, 4 1), 8Bk + i — By o),

we = h? ¢ 1 /dqq(n —|—1)1/2ﬂd0/
c m*2 2m2e 1 w Jo
(H.16)

ot 0’ désigne I'angle entre K’ et q. On réécrit alors le terme figurant dans la distribution de Dirac sous la
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forme

fe(q, 0/) = Em7K + fuw — Em’,K' (Hl7a)
h2
= € — €y + T + %(K’Q - K?% (H.17b)
h2 2 h2
=€m — € + hw — %—}— %K’qcosel. (H.17¢)

. AN / m* q . . , / 5 .
Si fe(q,0") = 0,0nacos® = m(—em + €y — hw) + 57 Ainsi, pour g fixé, fe(q,0") n'a de racines
que si le membre de droite de 'équation précédente est compris entre —1 et 1. Dans ce cas, on peut effectuer

lintégrale par rapport 2 6 dans (H.16) !, que I'on rappelle,

2
1 1 1 1
¢ 2 dg (ng +

2
= — 1)—— iK' o' 1’V 7 H.18
e 47TEO m* K/ |C059/|<1 q )w |51n 0/| 2 g cos ) ( )

w
m7m/7q + m7m/?q

avec maintenant

cos =

q 2m
2K’ |:1 - h2q2 (Gm —€m T+ hw):| s (H.19)
et |sinf’| = V1 — cos? .

On procéde de maniére analogue pour I'absorption. Le vecteur initial connu est maintenant K, et K’ est

donné par I'équation K’ = K + q, et on utilise le membre de gauche de (H.12). On obtient

2
e 11 ! : e
<o 11 d 1= Kqeos0I) | 41 ’ , H.20
We dmeq m* K lcosl<1 q (nq + )w |sin0| tiiqeosOl o, o + mom’ g ( )
ou 0 est 'angle entre les vecteurs K et q et est donné par
o — q 2m he
cost = oos -1-— W(Em — €y + hw) |, (H.21)

et |sinf'| = v/1 — cos? 0.

H.4 Taux d’interaction d’un mode de SPhP donné

On souhaite obtenir dans cette annexe les taux d’émission et d’absorption d’un mode de SPhP donné par
une population d’électrons décrite par une fonction de distribution f(m, K). Nous allons déterminer ce taux
a aide de la regle d’or de Fermi. En utilisant les mémes notations que dans la partie H.2, les éléments de

matrice de cette partie (équation 5.12b) peuvent étre réutilisés ici tels quels

Le taux d’émission (par transition inter- ou intrasousbande de la sousbande m’ A la sousbande m) de

1. En utilisant la formule [ dz f(x)d[g(z)] = >°, \dfg((% ol la somme sur zo parcourt 'ensemble des racines 2o de g
&z (=0
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SPhP de la branche p de vecteur d’onde q s'écrit

2
wl) = % > {gIWele)? 6(Emk + hw — By ) f(m!, K) [1 = f(m,K)] (H.22)
KK

outl'on a tenu compte du remplissage des niveaux électroniques de départ et d’arrivée via le terme f(m/, K') [1 — f(m, K)].
En utilisant I'expression (5.12b), on peut effectuer 'une des sommes sur K ou K’ a 'aide du symbole de Kroe-

necker figurant dans (5.12b). On obtient

27 €2 huw 2 2
wily = Z W age g KT L0 o[ 0 )0y getio— B ge) Fn' . K) [L = f(m. K],

(H.23)
avec K = K’ — q. La distribution de Dirac figurant dans cette expression va permettre de simplifier la somme
sur K', que I'on écrit sous forme d’intégrale au préalable (3" — [ dK’ 2) Avant cela, on peut choisir
'axe 2 paralltle et de méme sens que le vecteur d’onde q (on a alors q = qﬁ). La fonction en argument de la

distribution de Dirac s’écrit alors

h2
Emk+ hw — By = €m — € + hw + —(K2 —K?) (H.24a)
h2 2 h2
=€m — € + hw + —— — —qK_. (H.24b)
2m  m*
Cette fonction ne dépend que de la composante K, de K'. On la note f(K) et on a d%' = — ;f* q, et on

peut effectuer l'intégration sur K, a I'aide de la formule utilisée pour le calcul de (H.18),

K/ I (//) + I,'//)/EZT?/LI

q * r-m,m’,q

2
S0 ) a0 L= fm ), @125

avecK' = Kj2+ K9, K=K —qet K, = § + "%;(em—em/—l—hw).

Le taux d’absorption (par transition inter- ou intrasousbande de la sousbande m a la sousbande m/ —
processus inverse de 'émission ci-dessus) s'écrit
2w
wily = 7 D eWalg)* 6(Emx + hw = By ge) f(m, K) [1 = f(m', K] (H.26)
KK

Cette expression est quasi-identique 4 H.22, aux arguments des fonctions de distribution prés, inversés. On

a ainsi finalement

2 1 2
N, .K’I;I(’/Q,ﬁq—klgz,’q‘ nP) / dK, f(m,K) [1 — f(m',K))], (H.27)

w®?) =
4meg m*wq

a7q

+ 1, afin que le nombre initial de quanta soit

ou, par rapport 3 H.22, on a également substitué n‘(lp )3 m(lp )

(p)

ng > comme dans le cas de 'émission.
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(p) (p)

La différence entre we,q et wg,q permet d’écrire un taux d’émission « net » de SPh,

2
wld -l = 4 ik, 1), [ / dK, [f(m',K') ~ f(m,K)]
€q a,q 47T€0m wq m,m/’,q m,m/’ q q Yy ’ )
62
k', 1, /K K)[1— f(m,K)], (H2
47T€0qu‘q momta t L g [ 4By f(m K [1 = f(m,K)],  (H.28)

(p)

ol le terme en ng * correspond aux processus d’émission stimulée et d’absorption, et le terme restant a I'émis-
sion spontanée. A I'équilibre thermique, (H.28) est nul (les deux populations, électrons et SPhP sont a I'équi-

libre), et on peut écrire

e2 1 )

4meg m*wq QK/ + ]mfn)m .4 P(T) /de [fT(m',K/) - fT(m,K)]
47T60m wq ‘ qK’Im//Wz g +I;rgzm q /dK fr(m/,K)[1— fr(m,K)] =0, (H.29)

ou n‘(lp )(T) et fr(m, K) sont donnés par les distributions de Bose-Einstein et Fermi-Dirac respectivement.
On vérifie que (H.29) est correcte grace a I'identité nflp) (D)[fr(m,K) — fr(m/,K)] = fr(m/,X)[1 —
fr(m, K)] vérifiée par les statistiques de Bose-Einstein et de Fermi-Dirac. Ainsi, si une population d’électrons
a équilibre thermique (2 une température 7;) interagit avec une population de SPhP donnée (pas nécessai-
rement a I'équilibre thermique), on peut soustraire (H.29) (égalité toujours vraie, et on choisit ' = T¢) a
(H.28) (dans lequel la fonction de distribution des électrons suit la statistique de Fermi-Dirac), et on obtient
21
w(P)_w(P) _ ¢ ‘ qK/I //) + I’(Z)

9 7T Yreg miwg m,m/,q m,m/,q

- @) [ar, [ )~ fr.m.K0)
(H.30)

On note ainsi

(p) / //) f(z) 2 P
etona
w®) = wl) =T? (T,)[nd - nP(T.)], (H.32)

ou l'on voit clairement que l'interaction du mode de SPhP considéré avec les électrons thermalisés tend a
amener ce mode a la méme température que les électrons. Le « taux d’interaction » associé, Fézi) q(Te), dé-
pend notamment des populations électroniques (terme [f7. (m/,K') — fr, (m, K)]) dans H.31) ainsi que des

intégrales de recouvrement entre les fonctions enveloppes des électrons et le champ du mode de SPhP (terme

2
K1 e Py

en [14. Mo’ q moam’ g
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Résumé

Il existe au niveau d’interfaces séparant des milieux de constantes diélectriques de signes opposés des
ondes électromagnétiques confinées a proximité de ces interfaces. On parle d’ondes de surface. Cest no-
tamment le cas des métaux et des cristaux polaires : on parle alors de plasmons-polaritons de surface et de
phonons-polaritons de surface respectivement. Lobjectif de cette thése est de revisiter certains aspects théo-
riques associés a ces ondes de surface. Dans un premier temps, en nous basant sur le formalisme de Green,
nous donnons un moyen d’obtenir une expression du champ des ondes de surface sous forme de somme de
modes. En présence de pertes, ces ondes ont nécessairement un vecteur d’onde ou une pulsation complexe.
Nous donnons ainsi deux expressions de leur champ, correspondant a chacun de ces deux cas, et discutons de
Popportunité d’utiliser 'une ou I'autre de ces expressions. Nous posons par la suite les bases d’une optique de
Fourier et d’une optique géométrique des ondes de surface. Nous montrons comment obtenir une équation
de Helmholtz & deux dimensions pour les ondes de surface, un principe d'Huygens-Fresnel pour les ondes de
surface, ainsi qu'une équation eikonale pour les ondes de surface, qui s’applique sous certaines hypothéses.
Nous nous intéressons également 2 la superlentille proposée par Pendry, qui s’appuie sur les ondes de surface.
Nous étudions notamment le fonctionnement de cette superlentille en régime impulsionnel, et montrons
quen présence de pertes, il est possible d’obtenir une meilleure résolution avec certaines formes d’impulsion
par rapport au régime harmonique, au prix d’'une importante baisse de signal toutefois. Nous développons
ensuite un traitement quantique des ondes de surface. Nous calculons au préalable une expression de leur
énergie, et nous donnons une expression de leur hamiltonien et de leurs opérateurs champ. Sans pertes, nous
montrons que le facteur de Purcell prédit par notre théorie quantique est rigoureusement égal au facteur de
Purcell calculé avec des outils classiques. Nous comparons ensuite ce facteur de Purcell a celui calculé clas-
siquement avec pertes, et montrons sur un exemple que les pertes peuvent étre négligées dans de nombreux
cas. Nous donnons enfin une expression des coefficients d’Einstein associés aux ondes de surface permettant
d’étudier la dynamique de linversion de population d’'un milieu fournissant un gain aux ondes de surface.
Nous appliquons par la suite ce formalisme quantique a I'interaction électrons-phonons-polaritons de surface
dans les puits quantiques, notamment leur interaction avec un mode de phonon du puits particulierement

confiné grice a un effet de constante diélectrique proche de zéro (epsilon near zero, ENZ).

Mots-clés

Plasmons-polaritons de surface ; Optique de Fourier ; Electrodynamique quantique ; Phonons-polaritons
de surface ; Térahertz ; Nanophotonique ; Superlentille ; Super-résolution ; Optique géométrique ; Ondes élec-

tromagnétiques de surface ; Puits quantiques ; Transitions intersousbandes dans les puits quantiques.
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Abstract

Interfaces between materials having opposite dielectric constants support electromagnetic waves confined
close to these interfaces called surface waves. For metals and polar crystals, they are respectively called surface
plasmon-polaritons and surface phonon-polaritons. The goal of this thesis is to revisit some theoretical aspects
associated to these surface waves. Using the Green formalism, we derive an expression of the surface wave field
as a sum of modes. With losses, these waves must have a complex wave vector or frequency. Thus we give two
expressions of their field, for each of these cases, and discuss when each of these expressions should be used. We
then give the basis of a surface wave Fourier optics and geometrical optics. We derive a 2D Helmholtz equation
for surface waves, a Huygens-Fresnel principle for surface waves, and an eikonal equation for surface waves.
We then take a look at Pendry’s superlens, in which surface waves play a major role. We study the behavior
of the superlens in pulsed mode taking losses into account, and show that its resolution can be increased for
some pulse shapes compared to the steady state, at the expense of a signal decay. We then develop a quantum
treatment of surface waves. We first calculate their energy, and then give an expression of their hamiltonian
and field operators. Without losses, we show that the Purcell factor given by our quantum theory is perfectly
equal to the Purcell factor given by the classical theory. We then compare this Purcell factor to the lossy
case on an example, and show that losses can often be neglected. We then derive the Einstein coeflicients
associated to surface wave emission and absorption, which allow studying the population inversion dynamics
of a gain medium. We then use this quantum formalism to study the interaction between electrons and surface
phonon-polaritons in quantum wells, particularly their interaction with a phonon mode which features high

confinement thanks to an epsilon near zero (ENZ) effect.

Keywords

Surface plasmon-polaritons ; Fourier optics ; Quantum electrodynamics ; Surface phonon-polaritons ; Te-
rahertz ; Nanophotonics ; Superlens ; Super-resolution ; Geometrical optics ; Surface electromagnetic waves ;

Quantum wells ; Intersubband transitions in quantum wells.
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