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INTRODUCTION

Depuis la fin des années 60, on s’est aperçu que les métaux offraient des possibilités insoup-
çonnées pour manipuler la lumière. On a commencé à comprendre que l’on pouvait exciter des
modes guidés particulier à la surface des métaux, les plasmons de surface, et que cette possi-
bilité avait un lien très direct avec les résonances de nanoparticules qu’on appelle souvent des
plasmons de surface localisés. Très vite, on a su se servir des plasmons de surface pour créer
des détecteurs très sensibles de molécules d’intérêt biologique, qui sont aujourd’hui l’applica-
tion majeure de ce domaine qu’on appelle la plasmonique. Petit à petit, on a étudié les modes
de structures de plus en plus complexe. On a imaginé mettre à profit les modes guidés plas-
moniques pour des applications complètement nouvelles, comme transporter de l’information
ou même détruire des cellules cancéreuses grâce à des nanoparticules chauffées par laser. Ces
efforts n’ont pas encore porté leurs fruits.

En 2007, grâce à Bozhevolnyi[1], un mode particulier aux propriétés surprenantes est iden-
tifié : le gap-plasmon. Ce mode, comme le plasmon de surface auquel il est apparenté, est
responsable de résonances elles-même très particulières dans des structures comportant des
interstices de quelques nanomètres et, de plus, très courts (quelques dizaines de nanomètres).
Ce qui est étonnant, c’est que ces résonances puissent être excitées par la lumière incidente
vu la dimension extrêmement réduite des structures mises en jeu. Mieux, elles sont même très
efficaces pour concentrer la lumière, l’absorber ou la diffuser. Il y a deux méthodes de fabrica-
tion pour les structures à gap-plasmons : la lithographie et l’auto-assemblage. La lithographie
consiste à graver à des échelles sub-longueurs d’onde des structures métalliques. Elle permet de
bien contrôler la répartition des résonateurs, mais pas de couvrir de grandes surfaces. Grâce à
ce type de structure, on peut contrôler jusqu’au front d’onde de la lumière réfléchie et envisager
de fabriquer ainsi des hologrammes en réflexion. La seconde méthode repose sur l’assemblage de
nanopatchs métalliques sur un film diélectrique reposant sur un film métallique. Étant donné
la taille extrêmement réduite des résonateurs, c’est celle qui donne de meilleurs résultats dans
le visible. Ces résonateurs offrent de plus des possibilités inouïes pour accélérer l’émission de
lumière[2], par exemple. Cette technique est une conséquence inattendue des progrès de ces dix
dernières années en synthèse chimique de nanoparticules de géométrie contrôlée : les nanocubes
synthétisés chimiquement forment des nanopatchs d’une géométrie quasi parfaite.

C’est donc dans ce cadre que s’inscrit ma thèse. Elle part de l’idée que les propriétés de ces
résonateurs peuvent mieux se comprendre si l’on considère que la lumière arrive des deux côtés
du patch de façon synchronisée. J’ai donc d’une part essayé de trouver un modèle qui permette
de formaliser cette idée pour lui donner une portée prédictive - et de façon quantitative. Pour y
arriver, il a fallu, étant donné les différences d’échelles à considérer, des techniques numériques
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6 Introduction

adaptées. Il a fallu résoudre prudemment les problèmes numériques qui se posaient pour baser
solidement la théorie. C’est d’ailleurs en comparant à des simulations numériques directes que
nous avons pu valider notre approche.

Au cours de ma thèse, l’accès à des nanocubes est devenu plus aisé. La demande pour ces
nanoparticules a paru suffisante à une entreprise pour les proposer à la vente. Cela m’a conduit
à donner une coloration expérimentale à ma thèse. Avec le concours de différentes équipes
de l’Institut Pascal, en cherchant à apprendre moi-même leurs techniques de fabrication et
de caractérisation, j’ai pu disperser des cubes sur des films métalliques d’or recouverts d’un
polymère permettant un contrôle poussé de son épaisseur.

Ce manuscrit est articulé en quatre grands chapitres. Dans le premier chapitre, j’ai voulu
donner un contexte historique et bibliographique à mes travaux, en remontant jusqu’au début
du vingtième siècle. C’est l’époque à laquelle on situe le début des problématiques liées à la
plasmonique, même si on savait utiliser des nanoparticules (en l’ignorant) dès l’antiquité. Cette
présentation permet de mieux comprendre comment les gap-plasmons ont émergé presque natu-
rellement et comment ils ont pris de l’importance dans le domaine. Dans un deuxième chapitre,
j’exposerai en détail les méthodes numériques que j’ai codées puis utilisées pour pouvoir simuler
le comportement optique des structures étudiées et pour fournir à mon modèle les paramètres
nécessaires. Dans le troisième chapitre, je montrerai à l’aide d’un modèle que les nano-antennes
patch peuvent effectivement être décrites comme des cavités pour les gap-plasmons excitées
des deux côtés et que cette idée peut permettre des prédictions quantitatives. Enfin, dans le
dernier chapitre, je présenterai la structure que nous avons choisi de réaliser pour augmenter la
transmission de lumière à travers un film métallique grâce à des résonateurs à gap-plasmons.
Je détaillerai les moyens expérimentaux que j’ai mis en œuvre et je discuterai les raisons qui
ont fait que le succès ne soit pas encore tout à fait au rendez-vous.



CHAPITRE 1
PLASMONIQUE

Depuis les débuts de l’optique géométrique, l’homme a cherché à contrôler la lumière. Grâce
à l’avènement de nouveaux procédés de nanofabrication, notamment issus de l’industrie électro-
nique, on a pu modeler la matière à des échelles de plus en plus petites. Ces quelques dernières
dizaines d’années, la communauté a tenté de tirer parti de ces capacités pour contrôler encore
mieux la lumière. On peut utiliser des matériaux diélectriques pour ce faire, mais les métaux,
malgré leurs pertes, offrent des possibilités encore plus étendues. Dans ce contexte un nouveau
domaine de l’optique est apparu : la plasmonique[3]. Les enjeux de ce domaine sont d’arriver à
contrôler la lumière grâce à des nanostructures métalliques.

Le contrôle des ondes électromagnétiques en plasmonique passe par l’excitation d’ondes gui-
dées que nous appellerons des modes. Ces modes sont des solutions particulières des équations
de Maxwell, sans source à proprement parler. Ils peuvent se trouver le long d’une surface, sur des
particules ou encore le long de films métalliques ou diélectriques. Leur excitation explique que
ces structures puissent résonner. C’est grâce à cette propriété qu’on espère pouvoir absorber,
diffuser, bref mieux contrôler la lumière. Dans ce chapitre, nous reviendrons sur la découverte
des ces différents modes puis sur les théories physiques mises en place pour expliquer ces phéno-
mènes physiques nouveaux pour l’époque. Ensuite, nous ferons un tour d’horizon de différents
modes guidés existants et des résonances qu’ils suscitent.

Ces ondes étant des modes de surface ou proches d’interface, ils sont donc très sensibles à
toute modification des milieux environnants. Leur importance pour la recherche est en grande
partie due à leur capacité à amplifier considérablement le champ électrique et à le confiner ou
le guider. Cela peut conduire à un grand nombre d’applications dont la principale reste pour
l’instant les capteurs biochimiques.

1.1 Les anomalies de Wood
Au début des années 1900, Robert Williams Wood commence à travailler sur les réseaux de

diffraction. En étudiant les spectres de faisceaux lumineux diffractés par un réseau, il remarque
des phénomènes inattendus. Ayant illuminé un réseau avec une source de lumière blanche (lampe
à incandescence), il pensait obtenir un spectre continu. Cependant, il constate de grandes
variations d’intensité pour de faibles variations de la longueur d’onde[4] (inférieures à la distance
entre les deux raies du sodium). En effet, pour certaines longueurs d’ondes, le spectre chute
brusquement en intensité avant de remonter aussi brutalement. Dans ce temps-là, personne ne
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8 CHAPITRE 1. PLASMONIQUE

Figure 1.1 – Photographie du spectre de la diffraction de lumière blanche par un réseau à
différents angles incidents (image extraite de l’article de R. W. Wood de 1902)

trouve d’explication physique à ces phénomènes allant contre les prédictions des théories de
diffraction de l’époque. C’est pourquoi Wood les désigne comme des « anomalies singulières
». Dans son article, Wood remarque que l’apparition de ces anomalies est dépendante de la
polarisation de la lumière incidente. En effet, les anomalies disparaissent en polarisation TE
(lorsque le champ électrique est parallèle au réseau). De plus, certaines d’entre elles peuvent
être modulées en frottant ou non la surface du réseau. On peut voir ces anomalies nommées
« anomalies de Wood » sur la figure 1.1 présentée dans l’article de Wood datant de 1902, où
les spectres sont représentés en fonction de l’angle d’incidence de la lumière (de 4°12’ en haut
à -5°45’ en bas). Par exemple, sur cette image, on peut observer une diminution d’intensité
(bande noire) à une longueur d’onde d’environ 518-519 nm pour un angle d’incidence de 4°12’
(premier spectre en haut).

Dès leur apparition, ces anomalies ont créées une émulation au sein de la communauté de
l’optique. Durant près de cinquante ans, les physiciens spécialisés ont cherché à expliquer ces
phénomènes. Le premier à proposer une formule théorique prédisant la position de certaines
anomalies est Lord Rayleigh en 1907 [5, 6]. Il annonce que ces anomalies dans les spectres se
produisent aux longueurs d’ondes correspondant à la transformation d’un ordre de diffraction
évanescent en un ordre propagatif ou inversement. Cela se produit lorsqu’une onde diffusée
émerge tangentiellement à la surface du réseau. En partant de la célèbre formule sur les réseaux
sin(θn) = sin(θ)+nλ/d, Rayleigh explique que ces longueurs d’onde suivent la formule suivante
pour l’ordre de diffraction n :

nλ/d = − sin(θ)± 1, avec n = ±1,±2,±3... (1.1)

Dans ces formules θ est l’angle d’incidence, θn l’angle de diffraction, λ la longueur d’onde dans
le vide (qui peut aussi être considérée comme la longueur d’onde dans l’air) et d la période
du réseau. Rayleigh prévoit que ces anomalies ne se produisent que si le champ est polarisé
en TM (lorsque le champ électrique est perdendiculaire au réseau). S’il est polarisé en TE, le
comportement à ces longueurs d’onde sera normal. Par le biais d’une correspondance avec Wood,
Rayleigh obtient les paramètres utilisés lors des expériences de Wood. Il existe une différence



1.1. LES ANOMALIES DE WOOD 9

de 5% entre ses prédictions et les résultats expérimentaux. Cependant, Rayleigh explique cette
différente par le manque de précision de la mesure de la période du réseau et valide ainsi son
hypothèse.

Pendant une trentaine d’année, personne n’a remis en cause la conjecture de Rayleigh. Pour-
tant certaines observations expérimentales ne concordaient pas totalement avec cette théorie.
En effet, Strong[7] mesure les anomalies pour des réseaux de même période mais de matériaux
différents. Il montre que le métal utilisé pour fabriquer le réseau modifie la forme mais aussi la
localisation des anomalies. En se référant seulement à la formule de Rayleigh qui est purement
géométrique, cette influence du métal ne peut s’expliquer. De plus, Wood suggère la possibilité
que des anomalies TE puissent exister[8]. Plus tard, Palmer[9, 10] prouve l’existence de ces
anomalies de type TE. Elles apparaissent lorsque les réseaux utilisés sont gravés profondément.
On peut donc dire que les prédictions de Rayleigh ne suffisent pas à expliquer le comportement
des anomalies de Wood.

Pour apporter une réponse à ces comportements, Fano envisage dès 1938 l’existence d’ondes
se propageant à la surface du réseau. C’est le premier pas vers l’explication théorique de ces
phénomènes. Dans son article[11], il distingue deux types d’anomalies :

— une anomalie pointue à une longueur d’onde bien définie du spectre. Cette longueur
d’onde correspond à celle prédit dans la formule de Rayleigh.

— une anomalie plus étalée en longueurs d’onde allant de la longueur d’onde où apparaît
le premier type d’anomalie vers les longueurs d’onde plus grandes (vers le rouge). Cette
anomalie serait généralement composée d’un minimum suivi d’un maximum d’intensité
c’est-à-dire d’une bande sombre puis d’une bande brillante.

Fano explique le décalage de 5% entre les manipulations de Wood et les calculs de Rayleigh
en disant que Wood observe l’anomalie diffuse (second type) alors que Rayleigh prédit l’em-
placement de l’anomalie pointue. Concernant les anomalies diffuses, Fano parle de résonance
forcée d’une onde fuyante le long du réseau. En 1956, Pines[12] étudie les pertes subies lors de
la diffraction des électrons sur une surface métallique. Il explique ces pertes par une oscillation
collectives des électrons libres de la surface. En utilisant une analogie avec les oscillations de
plasma dans la décharge d’un gaz, il appelle le quantum de l’excitation collective plasmon. Ces
deux phénomènes sont les mêmes et en électromagnétisme, le terme plasmon de surface restera
pour nommer l’onde de surface supportée par le réseau ou la surface métallique.

À partir du milieu des années 60, grâce au développement d’outils de calculs informatiques
et à la mise en place de théories précises de la diffraction, des avancées ont pu être faites afin de
simuler la réaction de réseaux à un faisceau de lumière incident. En 1965, Hessel et Oliner[13]
utilisent des outils numériques afin de calculer l’emplacement et la forme des anomalies. Leurs
calculs sont basés sur les champs électriques et magnétiques le long d’un ligne droite au-dessus
du réseau. Eux aussi distinguent deux types d’anomalies : des anomalies classiques suivant
la théorie de Rayleigh et des anomalies dites « anomalies de résonance ». Ils associent ces
dernières à l’excitation d’une onde de surface. Ils arrivent à expliquer certaines propriétés de
ces anomalies comme leur existence en polarisation TE pour des réseaux profondément gravés.
Cependant, leurs simulations ne sont pas rigoureusement identiques à la réalité et ne peuvent
représenter parfaitement ce qu’il se passe.

Avec l’amélioration du pouvoir de calcul des ordinateurs au début des années 70, plusieurs
théoriciens mettent en place une théorie vectorielle rigoureuse des réseaux. Dans le même temps,
les avancées technologiques dans le domaine des lasers entraînent la construction de réseaux
ayant une période inférieure au micromètre. Ces deux révolutions permettent de faire des études
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numériques et des expérimentations poussées des anomalies de Wood et mènent pour la première
fois à la concordance entre les résultats expérimentaux et des calculs numériques[14]. Cette
théorie, capable de prédire avec précision les diverses propriétés d’un réseau métallique, a été
mise en place en 1972 par Maystre[15, 16]. Par la suite, Maystre et son équipe[17, 18] montrent
que, mathématiquement, les anomalies de résonance correspondent aux solutions des équations
de Maxwell à l’interface du réseau lorsqu’il n’y a aucune excitation extérieure. Avec leur théorie,
ils distinguent trois types d’anomalies :

— les anomalies ayant lieues aux longueurs d’onde de Rayleigh ;
— les anomalies de plasmons qui sont générées lorsqu’une onde de surface correspondant à

un plasmon de surface du réseau est excitée ;
— les dernières anomalies apparaissent lorsqu’un film diélectrique est déposé sur le réseau

métallique. Elles correspondent aux modes de résonance guidés dans le film diélectrique.
Les deux dernières anomalies sont en fait deux cas différents des anomalies de résonance pré-
sentées par Hessel et Oliner.

Les anomalies de Wood découvertes en 1902 n’ont trouvé leur explication théorique que dans
les années 1970. Certaines anomalies se produisent lorsqu’un ordre de diffraction apparaît de
manière tangente à la surface du réseau. D’autres proviennent de l’excitation d’une onde de
surface appelée plasmon de surface. Les dernières correspondent à l’excitation d’une onde guidée
dans un film diélectrique. Un nouveau domaine, celui de l’étude des modes guidés à proximité
des métaux , qui présentent des caractéristiques physiques uniques, est en train de naître : la
plasmonique.

1.2 Plasmons de surface

La première visualisation expérimentale de ces plasmons de surface remonte à 1902 lors
d’expérience sur les réseau par Wood. Ils correspondent aux anomalies présentées par Wood.
Les plasmons de surface sont des ondes électromagnétiques qui se propagent le long d’une
interface entre un métal et un diélectrique. Ils sont issus de l’oscillation collective des électrons
libres du métal à la surface. Cette idée a d’abord été avancée par Pines puis ensuite modélisée
par Ritchie[19]. Un plasmon de surface peut être interprété comme des boucles de courant se
propageant juste sous la surface, ce qui explique la direction du champ magnétique associé
notamment (voir figure 1.2) et permet de mieux comprendre aussi l’apparition d’un champ
électrique qui va mettre les électrons en mouvement un peu plus loin et permettre à la boucle
de se propager. L’étude des plasmons se nomme la plasmonique. Cette branche de la physique
est assez récente et suscite depuis une vingtaine d’années un intérêt qui ne fait que croître.
Cet intérêt vient du fait que les plasmons possèdent des propriétés nouvelles qui permettent
de contrôler la lumière à une échelle nanométrique. Ces propriétés laissent entrevoir un grand
nombre d’applications possibles dont entre autres des capteurs biologiques optiques.

1.2.1 Résonance de plasmons de surface

Les plasmons de surface n’existent que dans certaines circonstances précises et seulement en
polarisation TM. Dans cette partie, nous verrons pourquoi ces plasmons n’apparaissent que
sous certaines conditions mais aussi les grandeurs caractéristiques utiles aux applications et
enfin les différents moyens existants pour exciter ces plasmons.
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Condition d’existence des plasmons

Pour appréhender les conditions d’existence de ces plasmons, nous allons étudier une in-
terface entre de milieux semi-infinis, un métal et un diélectrique. Ces deux matériaux sont
non-magnétiques, homogènes et isotropes. Pour définir le métal, nous choisirons d’utiliser le
modèle de Drude développé en 1900 par Paul Drude[20]. Ce modèle considère les électrons
de conduction du métal comme un gaz d’électrons libres. Selon ce modèle, la permittivité du
métal, εm est de la forme :

εm = ε′m + iε′′m = 1−
ω2
p

ω(ω + iΓ) (1.2)

où ωp est la fréquence plasma du métal qui définie la fréquence d’oscillation des électrons du
métal, ω est la pulsation de l’excitation à laquelle le métal est soumis et Γ représente le facteur
d’amortissement qui exprime la manière dont l’onde électrique se dissipe. Le diélectrique a une
permittivité εd. L’interface séparant les deux milieux est placée en z = 0 (voir figure 1.2).

Figure 1.2 – À gauche, oscillations des électrons de surface et à droite, profil du champ d’un
plasmon de surface à l’interface entre un métal et un diélectrique

Les plasmons sont les modes solutions des équations de Maxwell sans source extérieure pour
une interface diélectrique/métal. Ainsi les champs magnétiques les représentant à l’interface
sont solutions de l’équation classique de propagation des ondes suivante :

4Hy + εk2
0Hy = 0 où k0 = ω

c
(1.3)

Les solutions évanescentes dans les deux milieux sont de la forme :

Hy =

Ade
−αdzei(kxx−ωt) si z > 0 (diélectrique)

Ame
αmzei(kxx−ωt) si z < 0 (métal)

(1.4)

où les termes exp(−αdz) et exp(−αmz) produisent une atténuation exponentielle de l’onde
dans les deux milieux qui devient ainsi évanescente. Le terme portant la propagation le long
de l’interface est le terme exp(ikxx). La forme des champ électrique est la même. Dans ces
équations, αd =

√
k2
x − εdk2

0 et αm =
√
k2
x − εmk2

0 avec k0 = ω
c
. Ces deux valeurs sont donc

positives.
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En polarisation TM (lorsque le champ H incident est perpendiculaire au plan d’incidence et
parallèle à l’interface), à l’interface, les conditions de continuité imposent l’égalité des champs
Hy et Ex des deux milieux en z = 0. En réutilisant les équations de Maxwell, la continuité du
champ Ex peut être remplacer par une équation de continuité sur les dérivées par rapport à z
du champ Hy divisé par la permittivité de chaque milieu. Ainsi, l’existence des plasmons est
déterminé ce système d’équations suivants :

Hy,d −Hy,m = 0
αd
εd
Hy,d + αm

εm
Hy,m = 0 (1.5)

Ainsi, un plasmon ne peut exister que si le déterminant de ce système est nul donc si et
seulement si :

αm
εm

+ αd
εd

= 0 (1.6)

Sachant que la permittivité d’un diélectrique est positive alors que celle d’un métal est négative,
la condition d’existence en polarisation TM impose que αd et αm aient le même signe, or ils
sont tous deux positifs. Ainsi, les plasmons peuvent exister en polarisation TM. Par contre, en
polarisation TE (lorsque le champ E incident est perpendiculaire au plan d’incidence et donc
parallèle à l’interface), la condition d’existence donnée par l’équation 1.6 devient αd = −αm.
Or αm et αd sont positifs donc les plasmons ne peuvent exister en polarisation TE.

Courbe de dispersion

À partir de l’équation 1.6 donnant la condition d’existence des plasmons et en utilisant le
modèle de Drude, nous pouvons obtenir la relation de dispersion correspondante des plasmons :

kx = k′x + ik′′x = ω

c

√
εdε′m
εd + ε′m

+ i
ω

c

(
εdε
′
m

εd + ε′m

)3/2
ε′′m
2ε′2m

(1.7)

Avec cette relation de dispersion, il est possible de tracer une courbe de dispersion (voir figure
1.3). Sur cette courbe, nous traçons deux relations de dispersion. En rouge, la dispersion d’une
onde lumineuse incidente dans le vide ou dans l’air et en bleu, la dispersion des plasmons
de surface à l’interface entre un métal et de l’air. Les courbes de dispersion permettent de
déterminer les possibilités de couplage entre les différents modes. Un couplage entre le plasmon
de surface et l’onde incidente n’est possible que si la courbe de dispersion du plasmon de surface
passe au dessus de celle des ondes planes dans l’air. Si la courbe de dispersion du plasmon est
en dessous, cela signifie que comme le vecteur d’onde kx est conservé, alors il n’est jamais assez
grand en venant de l’air pour exciter le plasmon de surface. Nous verrons dans la section 1.2.2
comment il est possible d’augmenter le vecteur d’onde kx d’une onde lumineuse pour une même
fréquence et permettre ainsi le couplage entre une onde lumineuse et un plasmon.

Échelles caractéristiques des plasmons

Afin de pouvoir utiliser des plasmons pour des applications optiques ou encore dans des
biocapteurs, il faut être capable de les caractériser. Grâce à la relation de dispersion des plas-
mons, il est possible de retrouver les grandeurs caractéristiques des plasmons qui définissent la
possibilité de leur utilisation dans des dispositifs optiques (voir figure 1.4).

La première de ces grandeurs est la longueur d’onde λplasmon associée au plasmon :

λplasmon = 2π
k′x

= λ0

√
εd + ε′m
εdεm

(1.8)
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Figure 1.3 – Courbes de dispersion d’une onde lumineuse dans le vide (en rouge) et d’un
plasmon de surface avec le modèle de Drude (en bleu)

Cette longueur d’onde représente la période d’oscillation des électrons du métal. On peut voir
avec l’équation 1.8 que la longueur d’onde du plasmon est toujours légèrement plus petite que
la longueur d’onde dans le vide de l’onde lumineuse associée à son excitation.

Une autre grandeur caractéristique est la longueur de propagation δx du plasmon le long de
la surface. Cette longueur correspond à la longueur parcourue par le plasmon avant que son
énergie n’ait diminué d’un facteur 1/e. L’amplitude du champ décroît du fait des pertes dans le
métal. Cette diminution s’effectue de manière exponentielle. Cette longueur peut être mesurée
à partir de la partie imaginaire du vecteur d’onde :

δx = 1
2k′′x

= λ0
ε′2m

2πε′′m

(
εd + ε′m
εdε′m

)3/2

(1.9)

Si on considère une partie réelle de la permittivité du métal bien plus grande que celle d’un
diélectrique (|ε′m| > εd), ce qui est le cas pour l’or ou l’argent dans le visible par exemple, il est
possible d’approximer cette longueur :

δx ≈ λ0
ε′2m

2πε′′m
(1.10)

Il est important de pouvoir mesurer cette longueur puisqu’elle détermine la résolution spatiale
utilisables pour les dispositifs optiques ou les biocapteurs et donc leur taille. Cette longueur peut
être augmentée par l’utilisation d’un métal présentant de faibles pertes c’est-à-dire ayant une
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permittivité avec une grande partie réelle négative et une partie imaginaire faible. En général,
dans le visible et le proche infrarouge, cette longueur est de l’ordre de quelques centaines de
micromètres.

L’intensité du champ représentant le plasmon diminue aussi de manière exponentielle selon
la direction perpendiculaire à l’interface dans chacun des matériaux. Cette décroissance est
caractérisée par la profondeur de pénétration ou épaisseur de peau qui définit la distance en
partant de l’interface pour que l’amplitude du champ diminue d’un facteur 1/e. En supposant
que |ε′m| > |ε′′m|, nous pouvons exprimer la profondeur de pénétration du plasmon dans le
diélectrique et dans le métal à partir de la partie imaginaire du vecteur d’onde :

δd = 1
2|k′′z,d|

= 1
k0

∣∣∣∣∣εd + ε′m
ε2
d

∣∣∣∣∣
1/2

(1.11)

δm = 1
2|k′′z,m|

= 1
k0

∣∣∣∣∣εd + ε′m
ε′2m

∣∣∣∣∣
1/2

(1.12)

La profondeur de pénétration dans le diélectrique est de l’ordre de quelques dizaines voire cen-
taines de nanomètres. Cette longueur nous donne l’épaisseur de diélectrique à travers laquelle
le plasmon est sensible à un changement d’indice de réfraction ou à la présence de molécules
biologiques. L’épaisseur de peau dans le métal est de l’ordre de quelques dizaines de nanomètres
(environ 25 nm dans le visible). Plus cette longueur est grande, plus le déplacement du plasmon
est ralenti. L’expansion spatiale de l’onde plasmonique étant plus importante dans le diélec-
trique que dans le métal cela signifie que le plasmon est plus sensible aux propriétés optiques
du diélectrique.

Figure 1.4 – Schéma d’un plasmon avec ses longueurs caractéristiques

Ici, nous venons de montrer qu’un plasmon ne peut exister qu’en polarisation TM et qu’il est
impossible d’exciter un plasmon en éclairant directement la surface avec une onde lumineuse
quelle qu’elle soit. Il a donc fallu mettre au point diverses techniques de couplage pour réussir
à exciter ces plasmons. Nous allons maintenant détailler ces systèmes de couplage.
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1.2.2 Méthodes de couplage optique

Comme nous l’avons vu sur la figure 1.3, la courbe de dispersion du plasmon est en dessous
du cône de lumière délimité par la courbe de dispersion de la lumière dans l’air. Il est donc
impossible d’exciter un plasmon directement avec une onde lumineuse se propageant dans le
diélectrique. Il faut donc trouver des méthodes de couplage en augmentant le vecteur d’onde des
ondes lumineuses incidentes pour une même fréquence. Elles peuvent être basées sur l’utilisation
d’un prisme d’indice élevé par exemple ou encore par l’introduction d’irrégularités sur la surface.

Coupleur à prisme

Les deux premières méthodes de couplage pour les plasmons de surface ont été introduites
en 1968. Ces deux méthodes reposent sur la Réflexion Totale Atténuée (ATR) d’une onde
lumineuse à travers un prisme. La réflexion totale d’un faisceau sur le prisme avec un angle
d’incidence θi supérieur ou égal à l’angle critique produit une onde évanescente dans le milieu
adjacent au prisme. L’onde évanescente créée possède un vecteur d’onde plus grand que celui
de l’onde incidente dont l’expression est :

kx = nk0 sin θi = n
ω

c
sin θi (1.13)

Si une interface métal/air ou air/métal est assez proche du prisme, l’onde évanescente peut
avoir une amplitude assez grande pour pouvoir exciter un plasmon à l’interface ayant le même
vecteur d’onde.

Les deux méthodes sont basées sur deux configurations différentes. La première a été proposée
par Otto. Pour cette configuration, le prisme est plongé dans l’air et est approché de l’interface
jusqu’à une distance sub-longueur d’onde pour permettre le couplage entre l’onde évanescente
et le plasmon. L’excitation est très sensible à un changement dans l’épaisseur de diélectrique
entre le prisme et le métal. Cela explique que cette configuration n’est pas très usitée.

La seconde configuration, qui est celle utilisée en général, a été présentée par Kretschmann
et Raether. Elle est plus simple à mettre en œuvre étant donné que le prisme se trouve cette
fois du côté métallique. Il n’est donc plus nécessaire de contrôler la distance entre le prisme
et l’interface, il suffit de déposer une fine couche métallique sur le prisme. L’épaisseur de cette
couche doit néanmoins être ajustée très précisément de manière à ce que le couplage soit le plus
efficace possible. Les deux configurations sont représentées sur la figure 1.5

Figure 1.5 – Configurations d’Otto (à gauche) et de Kretschmann-Raether (à droite)
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En reprenant les relations de dispersion dans chaque milieu et à chaque interface, il est pos-
sible de montrer sur les courbes de dispersion que le couplage existe (voir figure 1.6 dans le cas
de la configuration Kretschmann-Raether). En effet, nous pouvons remarquer une intersection
entre la courbe noire représentant la propagation de la lumière dans le verre et la courbe bleue
représentant un plasmon à l’interface entre de l’air et du métal. Ainsi un couplage entre l’onde
incidente dans le prisme et un plasmon à l’interface air/métal est possible via l’onde évanescente
créée lors de la réflexion totale. Nous pouvons aussi voir que le couplage n’est possible que si
le diélectrique de l’interface possède un indice optique bien plus faible que celui du prisme.

Figure 1.6 – Courbes de dispersion de la lumière dans l’air (en rouge), de la lumière dans
le verre (en noir), d’un plasmon à une interface air/métal (en bleu) et d’un plasmon à une
interface verre/métal (en vert)

Couplage par un réseau

Il est possible d’exciter les plasmons autrement qu’avec la réflexion totale atténuée. Comme
dans le cas des anomalies de Wood, les plasmons peuvent être engendrés au moyen d’un réseau
périodique de dimension micrométrique voire nanométrique. C’est le réseau lui-même qui per-
met le couplage, lorsqu’un des ordres de diffraction evanescent générés par le réseau possède un
vecteur d’onde kx proche de celui du plasmon de surface. En plaçant un réseau de diffraction
de période d à l’interface entre le diélectrique et le métal (voir figure 1.7), il est en effet possible
de diffracter l’onde incidente et de faire apparaître des ordres de diffraction avec des vecteurs
d’onde plus élevés dépendant de l’ordre de diffraction n (entier) :

kx,n = ω

c
sin θi + n

2π
d

(1.14)

Si ces vecteurs d’onde coïncident avec les vecteurs d’onde des plasmons, ces derniers peuvent
être excités :

kx = ω

c

√
εdε′m
εd + ε′m

= ω

c
sin θi + n

2π
d

(1.15)
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Dans ce cas, l’absorption est totale et toute l’énergie d’un ordre de diffraction passe dans un
plasmon. Il est aussi possible d’utiliser un réseau pour obtenir le phénomène inverse. On peut
faire rayonner un plasmon de surface grâce à un réseau.

Ce couplage avec un réseau est très contraignant lors d’utilisation de codes modaux. En effet,
comme nous le verrons dans le chapitre suivant, les codes modaux dont je me sers utilisent les
séries de Fourier ce qui induit une périodicité au système. Ainsi, le système peut être considéré
comme un réseau et selon la période utilisée, des plasmons de surface apparaissent dans les
modélisations. Cela complique énormément les simulations puisqu’il faut alors tenter de casser
artificiellement la périodicité afin de ne plus être gêné par ce couplage réseau.

Figure 1.7 – Couplage d’une onde lumineuse incidente avec un plasmon via un réseau

Si on trace les courbes de diffraction des différents ordres du réseaux, nous pouvons remarquer
que les plasmons peuvent être excités par plusieurs ordres de diffraction différents (voir figure
1.8).

Figure 1.8 – Courbes de dispersion d’un plasmon à l’interface air/métal (en bleu), de la
diffraction de l’ordre 0 par le réseau (en rouge), de la diffraction des ordres -1 et +1 (en vert)
et de la diffraction des ordres -2 et +2 (en gris)



18 CHAPITRE 1. PLASMONIQUE

Cette méthode de couplage est très utilisée dans les capteurs biologiques. Elle est assez
simple à mettre en œuvre et peu coûteuse. Cependant elle comporte un inconvénient majeur :
la lumière incidente passe à travers l’échantillon biologique. Ainsi, les échantillons analysés ne
peuvent être que transparents et ne doivent pas diffuser la lumière.

Il est aussi possible de coupler une onde lumineuse à un plasmon par une rugosité sur la
surface métallique. Cependant, cette dernière méthode est difficilement contrôlable et seule une
petite partie de l’énergie de l’onde incidente se couple au plasmon.

Ce mécanisme de couplage permet aussi de comprendre un phénomène qui a beaucoup intri-
gué à la fin des années 2000 : la transmission à travers des trous très sub-longueur d’onde percés
dans un film métallique. Dans ce cas de figure, un réseau de trous circulaires permet d’exciter
un plasmon de surface à l’interface supérieure du film, qui lui-même se couple à l’interface
inférieure, et le plasmon de surface de la surface inférieure se couple aux ondes planes grâce
au même réseau de trous. De très nombreux articles et controverses ont permis de se faire une
idée assez précise de ce mécanisme[21].

Le plasmon de surface a été le premier mode guidé a être utilisé pour une application. En
effet, depuis 1968, le contrôle des plasmons a évolué et il est maintenant possible de créer des
structures dans lesquelles un plasmon peut être excité à une longueur d’onde choisie. Sachant
que la fréquence de résonance du plasmon de surface est très sensible aux milieux proches de
l’interfaces, il est possible de détecter des molécules biologiques ou chimiques même avec une
faible concentration. C’est ainsi que de nombreux capteurs biochimiques ou à gaz très sensibles
ont été crées dans les trente dernières années[22].

1.3 Résonance localisée de plasmons de surface
Nous venons de parler des plasmons de surface qui se propagent le long d’une interface. Ces

plasmons se subissent pas de confinement dans le plan. Si on réduit les dimensions du métal
afin d’obtenir des nanoparticules, nous pouvons voir que la répartition du nuage électronique
résonant est modifiée de manière significative. On parle alors d’un autre type de plasmon :
le plasmon de surface localisé. Sous l’effet d’un champ électrique à une fréquence précise, les
électrons de surface de la nanoparticule oscillent en phase (voir figure 1.9). La densité électro-
nique de la particule prend alors la symétrie d’un dipôle oscillant. La fréquence caractéristique
à laquelle se crée la résonance du plasmon de surface localisé est différente de celle du plasmon
de surface d’un même métal plan. Ces plasmons localisés permettent de confiner la lumière à
des dimensions inférieures à la longueur d’onde et dans toutes les directions. L’un des grands
avantages des plasmons localisés est que leur fréquence de résonance se trouve dans le domaine
du visible pour les métaux nobles. Par exemple, pour une nanoparticule d’or d’une taille de
moins de 100 nm, la résonance a lieu à 525 nm.

1.3.1 Théories expliquant les plasmons localisés
Les résonances de plasmons localisés sont utilisées depuis des siècles dans des fabrications

humaines. L’exemple le plus connu et le plus ancien de cette utilisation est la coupe de Lycurgus
(voir figure 1.10) datant du IV e siècle et conservée au British Museum. Cette coupe a été créée
à partir d’un mélange que l’on nomme rubis doré. Ce mélange est fait de verre ou de céramique
auquel il faut ajouter de petites quantités de métaux nobles (or, argent ou cuivre généralement).
Ces métaux forment des nanoparticules de 50 à 70 nm qui changent les propriétés optiques
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Figure 1.9 – Schéma illustrant la polarisabilité d’une particule métallique sous un champ
électrique E oscillant (la particule est représentée en bleu foncé et le nuage électronique en bleu
clair).

de l’objet du fait de l’excitation par la lumière visible de plasmons localisés à la surface des
ces nanoparticules. De ce fait, si la coupe est éclairée de l’extérieur et que l’on voit la lumière
réfléchie par la coupe, elle apparaît verte alors que lorsqu’elle est illuminée par l’intérieur que que
c’est la lumière transmise par la coupe qui nous arrive, elle paraît rouge. Le même procédé a été
utilisée par plusieurs civilisations. Par exemple, on a aussi retrouvé des objets d’arts étrusques,
des poteries arabes et certaines couleurs de vitraux médiévaux faits au moyen du même type
de mélange. Cependant, il a fallu attendre le XXe siècle pour qu’une théorie physique explique
ces phénomènes de résonance.

Figure 1.10 – Photographie de la coupe de Lycurgue éclairée de face (en réflexion) à gauche
et par l’arrière (en transmission) à droite

En effet, dès 1857 Faraday attribue la différence de couleur entre une plaque d’or et des
particules d’or en suspension à la taille réduite des particules[23]. Mais ce n’est qu’à partir
de 1908 que des théories se mettent en place pour expliquer la réponse optique de nanoparti-
cules. Le premier à avoir étudié ces nanoparticules fut Gustav Mie[24]. En partant de la théorie
électromagnétique de Maxwell, il a développé une théorie pouvant calculer la réponse d’une
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sphère métallique à une excitation électromagnétique. Cette théorie permet entre autres d’ob-
tenir les sections efficaces de diffusion σdiff , d’extinction σext et d’absorption σabs d’une sphère
métallique non chargée dans un milieu homogène avec un champ électromagnétique externe :

σdiff =λ2

2π

∞∑
n=1

(2n+ 1)(|an|2 + |bn|2) (1.16)

σext =λ2

2π

∞∑
n=1

(2n+ 1).<(an + bn) (1.17)

σabs =σext − σdiff (1.18)

où an et bn sont des coefficients appelés coefficients de Mie trouvés grâce aux conditions aux
limites entre la sphère et le milieu environnant et à partir des fonctions de Bessel. La section
efficace d’absorption est très élevée ce qui fait des plasmons de surface localisés un des moyens
les plus efficaces énergétiquement pour d’interagir avec la lumière. En divisant ces sections
efficaces par l’aire de la sphère, nous obtenons les efficacités de diffusion Qdiff et d’absorpion
Qabs qui représentent la capacité d’une particule à diffuser et à absorber l’énergie d’une onde
électromagnétique incidente dans toutes les directions de l’espace.

Qdiff = λ2

2π2r2

∞∑
n=1

(2n+ 1)(|an|2 + |bn|2) (1.19)

Qext = λ2

2π2r2

∞∑
n=1

(2n+ 1).<(an + bn) (1.20)

Qabs =Qext −Qdiff (1.21)

La théorie de Mie ne peut s’appliquer qu’au cas où la taille de la sphère est supérieure
à la longueur d’onde de l’onde électromagnétique avec laquelle le métal interagit. Pour des
sphère de taille inférieure (nanométrique), il faut utiliser une autre théorie mise au point à la
fin des années 1940 par Fröhlich[25]. Cette théorie fonctionne pour des sphères plus petites
que la longueur d’onde de l’onde incidente et que cette longueur d’onde dans la particule.
La sphère est considéré plongée dans un milieu homogène de permittivité εext. La particule
étant très petite, nous considérons qu’elle subit un champ uniforme ~E0 (approximation quasi-
statique) sous l’influence duquel elle se polarise. Le champ externe peut alors s’écrire comme la
superposition du champ incident et du champ généré par un dipôle au centre de la nanoparticule.
On peut alors calculer son moment dipolaire ~p en fonction de la polarisabilité de la particule
α :

~p =αε0εext ~E0 (1.22)

avec α =4πr3 εm − εext
εm + 2εext

(1.23)

Dans le cas particulier où l apartie réelle de la permittivité du métal compense deux fois celle
du milieu extérieur, une résonance apparaît et un plasmon de surface localisé est excité. Cela
explique l’utilisation de métaux nobles comme l’or ou l’argent puisque la partie réelle de leur
permittivité est négative.

1.3.2 Facteurs influençant la résonance
Pour pouvoir utiliser ces résonances, il faut connaître et pouvoir contrôler les facteurs influen-

çant le plasmon de surface localisé. En effet, la sensibilité de la résonance dépend de plusieurs
facteurs qui seront exposés ici.
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Le premier de ces facteur est la taille de la particule. Si la particule est trop grande (supérieure
à λ/10), le champ extérieur n’est pas homogène pour toutes les régions de la particule. Un
déphasage entre l’oscillation des électrons de conduction des diverses régions apparaît alors
et entraîne l’émergence de nouveaux modes dont la fréquence de résonance diffère de celle du
dipôle parfait. Ces modes sont pris en compte dans la théorie de Mie. Ils absorbent la lumière
mais ne peuvent pas la réémettre ce qui crée un mécanisme d’amortissement de la résonance.
Cela se traduit par un élargissement et un red shift du pic de la résonance.

La forme a aussi un impact très fort sur le comportement optique de la nanoparticule. Un
changement morphologique même minime par rapport à la sphère étudiée dans les diverses
théories modifie considérablement la résonance de la particule. Les pics de résonances peuvent
voir leur largeur évoluée ou encore changer de fréquence. D’autres pics peuvent aussi appa-
raître. En réalité, plus la particule possède d’axes de polarisabilité différents, plus son spectre
d’extinction sera complexe.

Le dernier paramètre influençant fortement la résonance est le milieu environnant. La pola-
risabilité des électrons de surface est modifiée selon la permittivité du milieu extérieur. Si la
permittivité extérieure augmente, le pic de résonance subit alors un red shift. C’est souvent
ce mécanisme qui est utilisé dans les capteurs biochimiques à base de plasmons localisés. In-
dubitablement, les mêmes particules plongées dans divers liquides physiologiques comportant
différentes molécules réagiront différemment et leur pic de résonance se décalera plus ou moins
en fonction du milieu extérieur. Cela permet de reconnaître les molécules en présence ou leur
concentration par exemple.

Il faut aussi savoir que la présence d’autres particules métalliques altère également la fré-
quence de résonance en la décalant vers le rouge ou vers le bleu selon la polarisabilité de cette
particule. En résumé, en jouant sur la taille, la forme et le matériau de la particule ainsi que
sur le milieu dans laquelle elle se trouve, il est possible de modifier la fréquence de résonance
de l’ultraviolet au proche voire moyen infrarouge.

Depuis la mise en place des théories de Mie et Fröhlich, la connaissance des nanoparticules
et leur contrôle a beaucoup progressé. Nous sommes à présent capable de créer des détecteurs
biologiques à base de nanoparticules[26, 27] mais il existe aussi d’autres applications à ces
modes. Ils peuvent par exemple induire une séparation de phase[28] ou bien désinfecter de
l’eau[29] ou encore il peuvent devenir de bons marqueurs biologiques[30].

1.4 Modes guidés
Nous avons présenté plus haut les plasmons de surface qui sont les bases de la plasmonique.

Depuis leur découverte, un grand nombre de chercheurs se sont mis à les étudier. On leur
trouve beaucoup d’applications diverses. Depuis des structures plus complexes basées sur ces
plasmons ont été créées et étudiées elles aussi afin de répondre à différentes problématiques : le
confinement de la lumière, la possibilité de fonctionnaliser le métal, guider la lumière, etc. Ces
structures sont le plus souvent faites de couches. Par exemple, nous pouvons utiliser une couche
métallique entourée de deux couches diélectriques ou bien une couche diélectrique enfermée
entre deux métaux. Ces structures font apparaitre de nouveaux modes dérivés des plasmons de
surface.
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1.4.1 Long range and short range surface plasmons
Lorsque nous avons présenté les plasmons de surface, nous avons utilisé une interface entre

deux milieux semi-infinis. Cependant, dans la réalité, les milieux métalliques ou diélectriques ont
une épaisseur finie. Ces couches peuvent se trouver entre deux milieux de matériaux différents
ou identiques. Il est alors possible qu’un plasmon de surface soit généré sur chacune des deux
interfaces de la couche. Lorsqu’une couche métallique est assez fine (de l’ordre de l’épaisseur
de pénétration des plasmons dans le métal), les deux plasmons peuvent se voir et interagir
ensemble. Lorsque la structure est symétrique c’est-à-dire que la couche métallique est comprise
entre deux couches diélectrique identiques, l’interaction des deux plasmons peut aboutir à la
création de deux modes distincts (voir figure 1.11). Si les électrons des deux interfaces oscillent
en phase, le champs électrique du mode est symétrique et le mode est nommé LRSP (long-range
surface plasmon). Pour l’autre mode, les électrons oscillent en opposition de phase et le champ
est donc antisymétrique. Ce mode est un SRSP (short-range surface plasmon).

Figure 1.11 – Profil du champ représentant un LRSP (symétrique) à gauche et un SRSP
(antisymétrique) à droite

Il est possible de trouver les relations de dispersion de ces deux modes en reprenant les
équations des plasmons de surface avec le modèle de Drude. En effet, la condition d’existence
d’une onde qui se propage dans ce guide métallique admet deux solutions :

LRSP : αdεm + αmεd tanh
(
αmd

2

)
=0 (1.24)

SRSP : αdεm + αmεd coth
(
αmd

2

)
=0 (1.25)

où d est l’épaisseur de la couche métallique.

Ces deux modes se comportent de manière très différente. Le premier, le LRSP, peut se pro-
pager sur plusieurs centaines de micromètres alors que le second comme son nom l’indique ne se
propage que sur une dizaine de microns. Cette différence vient du fait que le champ correspon-
dant au LRSP s’annule dans le métal alors que celui correspondant au SRSP ne s’annule pas.
Cela entraine de grandes pertes par absorption dans le métal et donc une atténuation rapide
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du mode SRSP. Ce mode reste donc très confiner. Le LRSP quant à lui s’atténue beaucoup
moins et peut donc se propager plus loin. Son confinement est ainsi assez faible. Puisque son
champ s’annule dans le métal, les pertes sont moindres. Le mode LRSP est très intéressant car
il peut se propager dix fois plus loin qu’un plasmon de surface.

Ces modes sont utilisés fréquemment afin de créer des capteurs biologiques[31] ou pour amé-
liorer la spectroscopie Raman[32]. L’étude numérique de ces modes dès les années 2000 par
Berini[33, 34] a aussi ouvert la voie à la recherche de nanocomposants optiques afin de pou-
voir miniaturiser des circuits[35]. Pour ce faire, il a souvent fallu avoir recours à des struc-
tures de modes guidés un peu plus complexes comme des guides de plasmons formant des
canaux[36] ou encore à base de nanofils d’argent[37, 38]. Cependant, une des structures les
plus efficaces et ayant le plus d’avenir est basée sur des guides métal-diélectrique-métal[39]. Ces
guides conduisent un mode que l’on appelle gap-plasmon et que nous allons voir plus en détails.

1.4.2 Cas du gap-plasmon
Si nous considérons cette fois un guide métallique c’est-à-dire un film diélectrique enfermé

entre deux demi-espaces métalliques, nous pouvons retrouver deux modes similaires au cas
précédent si le film est assez épais. L’analyse de ce phénomène est identique : on peut considérer
qu’on a des plasmons de surface couplés. Cependant, si l’épaisseur du film diélectrique diminue
et qu’elle devient inférieure à 50 nm, il n’y a plus que le mode symétrique qui puisse encore
se propager. Par contre, même si le film ne mesure que quelques nanomètres, la lumière réussi
toujours à se glisser dans l’interstice. Le mode existant dans le cas d’un petit interstice est
nommé gap-plasmon et il possède des propriétés étonnantes et très intéressantes dont nous
discuterons plus bas. De façon assez surprenante, il est assez aisé de l’exciter avec une onde
plane incidente, malgré une taille du “gap” de quelques nanomètres seulement.

Le gap-plasmon, comme le plasmon de surface, possède un vecteur d’onde plus grand que
la lumière dans le vide. On peut alors écrire la forme mathématique du champ représentant
le gap-plasmon comme étant évanescent dans le métal (de la forme Ae±kmz) et dans le film
diélectrique (de la forme B cosh(kdz)). La figure 1.12 représente le profil du gap-plasmon le
long de l’axe z. Il est ensuite possible de retrouver la relation de dispersion du gap-plasmon[1] :

αd
εd

tanh
(
αdd

2

)
+ αm
εm

= 0 (1.26)

avec αm =
√
k2
x − εmk2

0 et αd =
√
k2
x − εdk2

0.

L’avantage principal de ce mode est la possibilité de le confiner dans un espace très restreint.
En effet, lorsque la lumière se propage dans un gap diélectrique très fin entre deux métaux, les
bras évanescents dans le métal ralentissent la progression de l’onde dans le diélectrique. Tout
se passe comme si la lumière se propageait dans un milieu d’indice effectif bien plus élevé que
celui du diélectrique. La figure 1.13 représentant l’indice effectif kx/k0 du milieu en fonction
de la taille du gap. Elle a été obtenue grâce au code que j’ai développé et que je présenterai
dans le deuxième chapitre. Sur cette figure, on remarque que plus le gap est fin, plus l’indice
effectif augmente. Il diverge même théoriquement. Mais en dessous d’un nanomètre, on peut
commencer à remettre en doute la description de la frontière entre les milieux comme quelque
chose d’abrupt.
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Figure 1.12 – Profil du champ représentant le gap-plasmon dans un film diélectrique de 10
nm, suivant l’axe z

Figure 1.13 – Indice effectif du milieu de propagation du gap-plasmon en fonction de l’épaisseur
du gap

Cette propriété des gap-plasmons explique surtout que les résonateurs à gap-plasmon, qui
sont des cavités pour ce mode particulier, sont particulièrement petits. La taille typique d’une
cavité résonante est de l’ordre d’une demi-longueur d’onde du mode. Cette longueur d’onde est
ici λeff = 2π

kx
et elle tend donc vers zéro quand la taille de l’interstice tend vers zéro. Comme

la partie imaginaire de la constante de propagation augmente aussi énormément dans ce cas,
on peut se demander si le facteur de qualité ne va pas tendre vers zéro. En réalité, bien que la
partie imaginaire diverge aussi, comme la taille du résonateur décroît, le coefficient de qualité
reste constant[40].

Les résonateurs à gap-plasmons peuvent être de plusieurs types (voir figure 1.14). Les patch
déposés sur un plan métallique sont le premier[1]. Le gap-plasmon est excité sous le patch par
l’onde plane incidente. Pour le comprendre, il faut avoir à l’esprit qu’une onde plane arrivant
perpendiculairement à un plan métallique possède un maximum du champ magnétique au
niveau de ce plan. C’est ce champ magnétique qui sert d’excitation pour le mode se propageant
dans l’interstice. Quand le gap-plasmon arrive à un bord du patch, comme celui-ci se termine,
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il se produit une réflexion importante. Elle est d’autant plus efficace que l’interstice est petit.
Le patch constitue donc une cavité pour le gap-plasmon.

On peut aussi envisager d’exciter un gap-plasmon en utilisant un coupleur à prisme, comme
dans le cas d’une configuration de Kretschmann-Raether pour le plasmon de surface. Ceci
constitue aussi un résonateur à gap-plasmon.

Le dernier type de résonateur à gap-plasmon est une fente extrêmement fine (quelques na-
nomètres), et très peu profonde (typiquement une quinzaine de nanomètres). Ces fentes sont
des résonateurs à gap-plasmon parce que celui-ci se réfléchit à la fois au bord de la fente et au
fond, qui se comporte comme un miroir. Dans ce cas, une taille de λeff/4 est suffisante pour
avoir une résonance.

Figure 1.14 – Cartes de champ des excitations des différents types de résonateurs à gap-
plasmons (a) Un nanopatch de 100 nm déposé sur un substrat métallique (b) Un guide métal-
lique avec un coupleur à prisme (c) Une fente de 10 nm

Cette taille extrêmement réduite comparée à la longueur d’onde dans le vide explique l’effica-
cité si importante de ces résonateurs. En effet, les résonateurs sub-longueurs d’onde conservent
une section efficace d’absorption quasi constante, de l’ordre de π × (λ/2)2, quelle que soit leur
taille. Ainsi, plus il sont petits, plus leur efficacité relative (le rapport de la section efficace d’ab-
sorption sur la section géométrique du résonateurs) est grande. Elle peut facilement atteindre
un facteur 30, voire plus. Fabriquer des résonateurs à cette échelle, pour le visible devient aussi
un véritable défi. Récemment, une façon d’auto-assembler ces résonateurs a été proposée[41] en
se basant sur l’utilisation de nanocubes synthétisés chimiquement. Cette technique fournit des
résonateurs disposés aléatoirement, mais elle est pour le coup extrêmement peu onéreuse. Cela
pourrait permettre à l’avenir de généraliser l’utilisation de ces résonateurs et de leur trouver
des applications pratiques.

Les résonateurs à gap-plasmons sont en effet très prometteurs aussi bien d’un point de vue
théorique pour la génération d’harmonique en utilisant la non-linéarité du métal[42] ou pour
mettre en évidence la non-localité[43, 44] que pour les applications. Ils peuvent par exemple
devenir de très bons capteurs biologiques[45, 46, 47]. En effet, ils sont extrêmement sensibles
à leur milieu environnant et de ce fait, la présence de quelques molécules suffit à modifier la
fréquence de résonance de manière détectable. Ils sont capables de concentrer très efficacement
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le champ[41] et peuvent ainsi devenir de très bons absorbeurs sélectifs[48]. Ainsi il est possible
de faire changer la couleur d’une surface en absorbant une longueur d’onde. Cela pourrait
entrainer la création de nouveaux type d’affichage. Ces résonateurs à gap-plasmons permettent
aussi de contrôler la lumière réfléchie en concevant des métasurfaces[49]. Ce sont de très bonnes
nanoantennes[50] produisant un effet Purcell si fort[2, 51, 52, 53] que cela leur permettra peut-
être de jouer un rôle dans le futur des télécommunications.

La plasmonique est aujourd’hui un vaste domaine, porté par des progrès dans les méthodes
de fabrication - autant par les techniques de lithographie que par les méthodes de synthèse
chimique. Les pertes accompagnant l’excitation de modes plasmoniques limitent forcément la
portée des applications. On a pensé un temps utiliser des modes de surface pour transporter
l’information dans les microprocesseurs, pour améliorer le rendement de cellules solaires. Ce
sont des applications pour lesquelles les pertes sont trop élevées, il est très peu probable que
cela fonctionne. Pour l’instant, l’application majeure (commerciale) de la photonique reste la
détection de molécules d’intérêt biologique par excitation de résonances à plasmons de surface.
Pour limiter l’influence des pertes, la communauté s’intéresse de près aux assemblées bidimen-
sionnelles de résonateurs pour contrôler la lumière de façon extrême[54, 55].

Les résonateurs à gap-plasmon, et particulièrement les antennes patch, semblent une piste
intéressante, malgré les pertes, pour de nombreuses applications. Pour fabriquer des absorbeurs
sélectifs ou pour faire des capteurs pour détecter des molécules d’intérêt biologique, les pertes
sont presque recherchées. D’autres phénomènes que l’absorption, comme l’effet Purcell, sont
exaltés par ces structures de façon assez unique. Les résonateurs à gap-plasmon sont aussi ca-
pables de diffuser la lumière. On envisage d’utiliser cette propriété pour améliorer les structures
émettrices de lumières (LED) en facilitant l’extraction de lumière malgré les pertes. Les réso-
nateurs à gap-plasmon peuvent aussi servir à contrôler la phase de la lumière réfléchie, et à
fabriquer des métasurfaces autorisant un excellent contrôle du front d’onde réfléchi[49].

C’est au vu de toutes ces applications potentielles que l’on comprend mieux pourquoi il est
important de comprendre en détail le fonctionnement des résonateurs à gap-plasmon. Notam-
ment, un effort théorique récent vise à bien comprendre les résonances, comment elles sont
excitées[56, 57]. C’est dans cette lignée que se place mon travail.



CHAPITRE 2

RÉSOLUTION MODALE DES ÉQUATIONS DE MAXWELL

Dans le domaine de la plasmonique, toute étude dérive nécessairement d’une résolution des
équations de Maxwell. En se reposant sur ces dernières, les physiciens tentent d’expliquer
nombre de phénomènes optiques. Dès lors que la structure est un peu complexe, et sort des
traditionnels empilements multi-couches, les calculs nécessaires afin de prévoir le comportement
physique d’objets étudiés sont très lourds et peuvent rarement être effectués à la main. Il est
cependant possible de mettre au point des programmes qui donnent des solutions aux équations
de Maxwell, dans le domaine temporel ou fréquentiel. Avec la démocratisation d’ordinateurs
ayant une puissance de calculs de plus en plus élevée, ces programmes sont devenu un sujet
de recherche à part entière et ils ont littéralement envahis les laboratoires. Certaines méthodes
numériques sont spécifiques aux équations de Maxwell comme la méthode des différences finies
dans le domaine temporel ou la méthode modale de Fourier développée dans les années 90.
D’autres sont plus généralistes, comme celles qui sont basées sur les éléments finis.

Dans ce chapitre, je commencerai par exposer la façon dont on peut résoudre relativement
simplement les équations de Maxwell dans le cas de structures lamellaires, ou multi-couches,
ce qui me permettra d’exposer des éléments d’électromagnétisme. J’ai d’ailleurs participé à
la mise au point, aux tests d’un programme permettant de simuler ces structures et qui a
ensuite été libéré[58]. J’ai aussi activement participé à sa diffusion[59]. Ensuite, je détaillerai les
développements mathématiques que j’ai utilisés afin de résoudre numériquement les équations
de Maxwell pour des structures beaucoup plus complexes. J’ai ainsi utilisé une variante de la
méthode modale de Fourier qui permet notamment d’améliorer la convergence de cette méthode
lorsqu’on l’utilise avec des métaux. Pour ce qui est du domaine fréquentiel, la méthode modale
de Fourier est sans doute la méthode spécifique aux équations de Maxwell de référence. Elle
est particulièrement stable et rapide et elle donne surtout accès à des grandeurs physiques
importantes, comme les coefficients de réflexion ou de transmission ce qui était essentiel pour la
suite de mon travail. J’ai aussi introduit des “Perfect Matching Layers” pour casser la périodicité
intrinsèque à cette méthode.

2.1 Milieux multi-couches

Publiées dès 1865, les équations de Maxwell[60] sont le fondement de l’électromagnétisme.
Grâce à ces équations, James Clark Maxwell a prédit la propagation des ondes électromagné-
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tiques :

div ~D = ρ (2.1)
~rot ~E = −∂t ~B (2.2)
div ~B = 0 (2.3)
~rot ~H = ~j + ∂t ~D (2.4)

À ces équations, il faut ajouter les relations constitutives qui décrivent la réponse de la
matière, notamment sa polarisation, sous l’effet de champs électriques et magnétiques. Dans le
cas où les matériaux sont linéaires, isotropes, locaux et quand leurs propriétés ne dépendent
pas du temps, ces relations s’écrivent :

~D = ε0 Re ∗ ~E (2.5)
~B = µ0 Rm ∗ ~H (2.6)

où Rm(~r, t) et Re(~r, t) sont les réponses locales du milieu, et où ∗ dénote un produit de convo-
lution en temps. Dans la suite de mes travaux, je considère des problèmes sans sources. Cela
induit que ~j = ~0 et ρ = 0. Tous les problèmes que l’on résoudra ici sont indépendants du temps
dans le sens où leur géométrie ou les propriétés des matériaux restent toujours les mêmes. De
ce fait, une transformation de Fourier par rapport au temps des équations peut être faite sur
toutes les grandeurs physiques. Cela est exactement équivalent à supposer que tous les champs
ont une dépendance harmonique en exp(−iωt). Dans ce cas, les relations constitutives ont la
forme extrêmement simple, mais cependant équivalente à la forme précédente :

~D = ε ~E (2.7)
~B = µ ~H (2.8)

où ε = ε0ε(~r, ω) est la permittivité et µ = µ0µ(~r, ω) la perméabilité du matériau considéré.

2.1.1 Résolution électromagnétique du problème
Dans la suite de cette section, je discuterai le cas de structures lamellaires c’est-à-dire de

structures faites de couches empilées. Ces structures présente une permittivité ε et une perméa-
bilité µ dépendant uniquement de z et constantes par morceaux (voir figure 2.1). Le problème
étant invariant en x et en y, il est possible d’utiliser des transformées de Fourier par rapport à
ces deux variables pour toutes les équations. Ainsi la solution des équations précédentes peut
se mettre sous la forme d’une combinaison linéaire de champs dont la dépendance en x et y est
de la forme exp i(αx + βy). Il est possible de se ramener au cas où β = 0 par un changement
simple de coordonnées.

Cela n’altère en rien la généralité des équations. On peut ainsi supposer que les solutions
n’ont pas de dépendance en y et on peut de ce fait décomposer les équations (2.2) et (2.4) en
deux systèmes étant parfaitement indépendants :

−∂zEy = iω µ0 µHx

∂zEx − ∂xEz = iω µ0 µHy

∂xEy = iω µ0 µHz

(2.9)


−∂zHy = −iω ε0 εEx

∂zHx − ∂xHz = −iω ε0 εEy

∂xHy = −iω ε0 εEz

(2.10)
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Figure 2.1 – Schéma d’une structure multicouches

On distingue donc deux cas, correspondant à deux polarisations particulières du rayonnement
incident : la polarisation TE, ou E//, correspondant à un champ ~E perpendiculaire au plan
d’incidence, et donc parallèle aux interfaces entre les différentes couches, et la polarisation TM,
ou H//, correspondant à un champ ~H perpendiculaire au plan d’incidence et donc parallèle aux
interfaces. Les quantités centrales pour chacune de ces polarisations sont donc respectivement
Ey et Hy :


−∂zEy = iω µ0 µHx

∂zHx − ∂xHz = −iω ε0 εEy

∂xEy = iω µ0 µHz

(2.11)


−∂zHy = −iω ε0 εEx

∂zEx − ∂xEz = iω µ0 µHy

∂xHy = −iω ε0 εEz

(2.12)

Les champs pouvant s’écrire sous la forme U(z)eiαx, pour z donné, il est possible de combiner
les équations ci-dessus afin de trouver l’équation d’onde :

U ′′ +
(
µεω2

c2 − α2
)
U = 0. (2.13)

Cela n’est autre qu’une équation différentielle d’ordre 2 dont les solutions sont de la forme :

(A+
j e

iγj(z−zj) +B+
j e
−iγj(z−zj)) ei(αx−ω t) (2.14)

où zj est la coordonnée de l’interface entre les milieux j−1 et j, γj =
√
µjεjk2 − α2, k = ω

c
= 2π

λ

et où la racine carrée est le prolongement analytique de la racine carrée au plan complexe. Ceci
permet de conserver la validité de tous les calculs qui sont faits ici même si la quantité µjεjk2−α2

est négative ce qui signifierait que le champ est évanescent dans la couche considérée.
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À la traversée d’une interface entre le milieu j et le milieu j + 1, les équations de Maxwell
imposent la conservation de Ey et 1

µ
∂zEy en polarisation TE (E//) et de Hy et 1

ε
∂zHy en

polarisation TM (H//). À chaque interface, ces conservations nous permettent d’obtenir un
système de deux équations qui, pour la polarisation TM, s’écrivent :

A−j +B−j = A+
j+1 +B+

j+1
αj
εj

(
A−j −B−j

)
= αj+1

εj+1

(
A+
j+1 −B+

j+1

) (2.15)

avec A
−
j = A+

j e
iαj (zj+1−zj)

B−j = B+
j e
−iαj (zj+1−zj).

(2.16)

Dans le cas de la polarisation TE, le système aurait la même forme, il suffirait de remplacer εj
par µj. Si on considérait N couches soit N milieux numérotés de 1 à N + 1, on obtiendrait un
système de 2(N + 1) équations (2 par interfaces) avec 2(N + 2) inconnues (les A+

j et B+
j ). On

parvient ainsi à un système d’équations à résoudre. Le paragraphe suivant détaille une façon
particulièrement efficace de le faire.

2.1.2 Méthode des matrices de scattering
Chercher à résoudre avec des méthodes standards le système d’équations précédent se révèle

instable dès lors qu’on dépasse un certain nombre de couches, ou des épaisseurs suffisamment
grandes. La source de cette instabilité numérique fondamentale réside dans le fait que des
exponentielles comme eiαj (zj+1−zj) et e−iαj (zj+1−zj) soient présentes dans le système en même
temps. Ces quantités sont inverses l’une de l’autre, ce qui signifie que l’une peut être très
grande, et l’autre très petite. Quand on est amené à additionner deux nombres flottants en
machine, cette addition est exacte seulement si ces nombres diffèrent de moins d’un facteur
deux. Au delà, cette opération se fait avec des erreurs. Quand on prend un nombre très petit et
un nombre très grand pour les additionner ou les soustraire, les erreurs sont très importantes
et elles sont responsables des instabilités numériques : l’ordinateur est incapable de fournir un
résultat fiable. Il faut donc, pour résoudre un système en apparence aussi simple, prendre des
précautions, et tirer parti de la forme spécifique des équations puisque les méthodes généralistes
ne fonctionnent pas.

La méthode la plus répandue est celle d’Abélès, introduite dans les années 50, et particulière-
ment adaptée aux filtres optiques[61], comme les miroirs de Bragg. Cependant, cette redevient
instable si on considère par exemple le cas d’une réflexion totale frustrée[62]. C’est aussi le cas
des matrices de transfert, ou matrices T , qu’on présente généralement aux étudiants comme
étant l’exemple le plus simple de calcul matriciel permettant de trouver la réponse optique d’un
multi-couches.

Une façon de résoudre le système sans introduire d’instabilité numérique est de mettre en
place des matrices de diffusion à chaque interface, et pour chaque couche à partir des systèmes
d’équations 2.16 et 2.15. Ce sont des matrices carrées qui lient les coefficients A et B cor-
respondants aux ondes qui se dirigent vers la structure en question (couche ou interface) aux
coefficients C et D correspondants aux ondes qui en sortent (voir figure 2.2). En réécrivant le
système 2.16 sous la forme matricielle ci-dessous, nous obtenons la matrice pour une couche j.[

A+
i

B−i

]
=
[

0 eiαjhj

eiαjhj 0

] [
B+
i

A−i

]
(2.17)
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Cette matrice, comme on peut le voir, présente l’intérêt de ne faire apparaître qu’un seul type
d’exponentielle. Ainsi les termes de la matrice sont toujours du même ordre de grandeur. De
façon similaire, en reprenant le système 2.15 et en le mettant sous forme matricielle, nous
obtenons la matrice interface entre les milieux j et j + 1 :[

A−i
B+
i+1

]
= 1

αi
εi

+ αi+1
εi+1

[αi
εi
− αi+1

εi+1
2αi+1
εi+1

2αi
εi

αi+1
εi+1
− αi

εi

] [
B−i
A+
i+1

]
(2.18)

Figure 2.2 – Structure avec les coefficients des ondes entrantes et sortantes de la structure

Les matrices présentées ici reliant les ondes entrantes aux ondes sortantes pour une structure
donnée sont nommées matrices de scattering (matrices S) ou matrice de diffusion suivant les
auteurs. Il est possible de combiner deux matrices de scattering représentants deux structures
successives pour obtenir une matrice S correspondant à l’empilement des deux structures. Ce
mécanisme est appelé cascadage. Il est moins simple que les multiplications intervenant pour
les matrices d’Abélès ou les matrices T, mais il garantit la stabilité de la méthode. En partant
des deux matrices [

A
B

]
=
[
S11 S12
S21 S22

] [
C
D

]
(2.19)

et [
D
E

]
=
[
U11 U12
U21 U22

] [
B
F

]
, (2.20)

la matrice résultante sera[
A
E

]
=
[
S11 + S12U11S21

1−U11S22
S12U12

1−U11S22
U21S21

1−S22U11
U22 + U21S22U12

1−S22U11

] [
C
F

]
. (2.21)

En cascadant successivement les matrices de toutes les interfaces et couches, on parvient à la
matrice de scattering de la structure complète. Il est ensuite simple de retrouver le coefficient
de réflexion de la structure qui est directement le coefficient de la matrice en première ligne
et première colonne. Le coefficient de transmission sera lui en première colonne mais deuxième
ligne dans la matrice (voir la matrice S en 2.22).[

A
B

]
=
[
r t′

t r′

] [
C
D

]
(2.22)

C’est un des avantages de cette formulation : les quantités physiques que sont les coefficients de
réflexion et de transmission sont directement accessibles dans la matrice finale. On peut aussi
trouver les coefficients intermédiaires dans les matrices S qui apparaissent au fur et à mesure
du calcul.
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Les calculs présentés jusqu’à présent et dans la suite ne prennent en compte qu’un seul
mode dans chaque milieu, c’est à dire une onde descendante et une onde montantes, qui sont
exactement identiques à part leur direction de propagation. En effet, dans la couche j, le champ
est représenté par deux ondes propagatives de sens opposé et d’amplitude A+

j et B+
j . On obtient

alors des matrices de diffusion 2 × 2. Cependant, il est possible de considérer un plus grand
nombre de modes. En généralisant le problème à n modes, les matrices 2 × 2 deviennent des
matrices 2n × 2n mais la façon de procéder reste pratiquement inchangée - seul le cascadage
change, comme nous le verrons dans la section suivante. Les coefficients de réflexion et de
transmission sont forcément plus complexes à obtenir puisqu’il faut savoir où les trouver dans
la matrice 2n × 2n. Pour le mode j, qui serait un mode d’intérêt, le coefficient de réflexion
serait le terme Sjj de la matrice de scattering. C’est parce qu’il est si simple d’augmenter
le nombre de modes considérés dans un formalisme de type matrice S, que ce formalisme est
particulièrement adapté par exemple à la prise en compte de la non-localité dans les métaux via
un modèle hydrodynamique[63] où deux modes sont présents dans chaque couche métallique,
contre un seul dans une couche diélectrique.

2.1.3 Propagation d’un faisceau dans une multi-couche
Si les coefficients de réflexion et de transmission sont bien évidemment des grandeurs essen-

tielles, il est très souvent important d’accéder à une carte du champ (qu’il soit électrique ou
magnétique) dans le cas où on a un faisceau de largeur finie à la place d’une onde plane. Cela
aide pour la compréhension physique de la structure. Il se trouve qu’un faisceau monochro-
matique peut être représenté par une combinaison linéaire d’ondes planes. Si on considère un
faisceau gaussien incident centré en x0, il peut être écrit ainsi : Un faisceau monochromatique
peut être représenté par une combinaison linéaire d’ondes planes.

1
2π

∫
A(α) e−iγj z ei(αx−ω t)dα, (2.23)

avec
A (α) = w

2
√
π
e−

w2
4 (α−α0)2

e−iαx0 (2.24)

où α0 = n k sin(θ0), et où θ0 est l’angle d’incidence du faisceau et w sa largeur caractéristique.
Il n’est pas possible de réaliser cette intégration rigoureusement de manière numérique. Si on
veut discrétiser le problème pour pouvoir calculer l’intégrale, il faut, en pratique, calculer le
champ dans chaque des couche pour chacune des ondes planes de la décomposition du faisceau
et multiplier chaque résultat par l’amplitude de l’onde plane. Les résultats obtenus sont ensuite
sommés pour obtenir le champ total. Les ondes planes sont caractérisées par des constantes de
propagation α réparties régulièrement. Cette discrétisation en α entraîne une périodisation sur
l’ensemble des champs.

Ces méthodes ont été employées dans notre équipe afin de mettre au point un programme
léger et simple d’utilisation mais assez puissant[58] que nous avons nommé Moosh. Conçu
comme un couteau suisse, il est en effet capable de modéliser entre autres des miroirs de Bragg
(figure 2.3a), des guides d’ondes ou encore l’excitation d’un plasmon de surface au moyen d’un
prisme (figure 2.3b) vue dans le chapitre 1. Ce programme peut en effet simuler toutes structures
lamellaires qu’elles soient composées de matériaux naturels ou artificiels comme les matériaux
main gauche. Ainsi, Moosh peut reproduire la lentille de Pendry voire même des boucles de
lumière en empilant des matériaux main droite et main gauche alternativement (figure 2.3c). Les
illustrations d’utilisation du programme montrées ici sont des cartes de champ mais il calcule
aussi des spectres de réflexion ou de transmission. Ce petit programme peut même inclure des
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sources à l’intérieur des couches. En bref, il est capable de produire un éventail complet des
grandeurs physiques caractérisant une structure multi-couches quelconque. De plus il est d’une
simplicité d’utilisation déconcertante. Pour illustrer ces dires, nous avons présenté ce programme
lors d’ateliers durant une école d’été pour professeurs de lycée ou collège. En sortant après une
heure de manipulation, tous étaient capables de prendre en main le programme et l’utiliser
afin de modéliser des exemples simples comme la réflexion totale ou le miroir de Bragg. Aussi,
sachant que ce programmes peut permettre d’illustrer facilement une partie du programme
scolaire de physique, nous avons décidé de le présenter dans un article du BUP (Bulletin de
l’Union des Physiciens)[59].

Figure 2.3 – Exemples d’utilisation de MOOSH. (a) Réflexion par un miroir de Bragg dans
lequel la lumière pénètre avant d’être presque totalement réfléchie (b) Excitation d’un plasmon
de surface au moyen d’un prisme en verre (c) Excitation d’une boucle de lumière par une source
placée dans le guide diélectrique

2.2 Méthodes modales de Fourier pour les structures pé-
riodiques

À présent, la structure pour laquelle nous devons résoudre les équations de Maxwell est une
structure constituée de plusieurs couches ayant une permittivité ε(x) qui dépend de x et qui
est périodique (voir figure 2.4). Ces structures représentent des empilements de réseaux. Toutes
les couches auront la même périodicité d. Ainsi, on supposera donc que ε(x + d) = ε(x) et
également que µ = 1 parce que dans la pratique, la grande majorité des matériaux n’ont pas
de réponse magnétique.

Les techniques de résolution numériques par la méthode modale de Fourier utilisées dans la
suite de cette section ont été développées originellement par Moharam et Gaylord[64] dans les
années 80. Cependant, elles comportaient un inconvénient majeur : une mauvaise convergence.
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Figure 2.4 – Schéma d’une structure type couches réseaux. Ce type de structure peut modéliser
toute structure composée essentiellement d’objets parallélépipédiques. On peut par exemple
simuler un nanopatch d’argent sur une couche d’or en plaçant quatre couches : la première
formée entièrement d’air, la deuxième avec trois parties (air, argent, air), la troisième composée
uniquement d’un diélectrique et la dernière faite d’or.

Elles ont lentement été améliorées jusqu’en 1996, année où des apports capitaux ont été faits[65,
66, 67, 68]. Ils ont rendu la méthode encore plus populaire. Ces méthodes modales sont très
usitées car elles impliquent des techniques mathématiques et numériques très simples comparées
à des méthodes de type éléments finis par exemple. En effet, la résolution des équations de
Maxwell revient à trouver la solution d’un problème algébrique aux valeurs propres dans l’espace
de Fourier pour chaque couche, puis à connecter les différentes couches entre elles, d’une manière
très similaire à ce qu’on peut faire pour les multicouches. Cela leur confère une grande rapidité,
qui ne dépend pas de l’épaisseur des couches, mais seulement de leur nombre, notamment.

Encore une fois, le problème est invariant en y et ainsi les solutions de dépendent pas de
cette variable. Le système d’équations à résoudre en polarisation TM reste :

−∂zHy = −iω ε0 εEx

∂zEx − ∂xEz = iω µ0 µHy

∂xHy = −iω ε0 εEz

(2.25)

et en polarisation TE : 
−∂zEy = iω µ0 µHx

∂zHx − ∂xHz = −iω ε0 εEy

∂xEy = iω µ0 µHz

(2.26)

Ces systèmes devront être résolus pour chacune des couches. En combinant ces systèmes cha-
cun de leur côté, nous obtenons à nouveau les équations d’onde suivantes respectivement en
polarisation TM et TE :

∂z(∂zHy) = −ε∂x
(1
ε
∂xHy

)
− k2εHy (2.27)

∂z(∂zEy) = −∂2
xEy − k2εEy (2.28)

Dans un premier temps, je présenterai la résolution du problème pour une structure éclairée
par une onde plane d’incidence nulle en polarisation TE puis en polarisation TM.
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2.2.1 Résolution du problème en polarisation TE
Du fait de la périodicité de la permittivité ε, cette dernière peut être décomposée en série de

Fourier telle que :

ε(x) =
+∞∑

n=−∞
εne

i 2πn
d
x (2.29)

Puisque le problème est périodique selon x, le théorème de Bloch[69] impose une forme simple
au champ :

Ey =
+∞∑

n=−∞
En(z)eiαnxeiωt (2.30)

avec αn = α0 + n2π
d
. La quantité α0 contrôle donc la pseudo-périodicité des champs. Cette

pseudo-périodicité doit être donnée, elle est en fait liée à l’angle d’incidente de l’onde plane qu’on
considère comme éclairant la structure. Si on appelle θ l’angle d’incidence, alors α0 = n k0 sin θ.
Ainsi, en laissant de côté la dépendance en eiωt, le champ prend la forme :

Ey = eiα0 x
+∞∑

n=−∞
En(z) ei 2π n

d
x (2.31)

Il est ensuite possible de projeter l’équation 2.28 sur cette nouvelle base pour obtenir une
équation en z pour chacune des composantes de Fourier de la décomposition du champ :

∂2
zEn(z) = α2

nEn(z)− k2
+∞∑

m=−∞
εn−mEm(z) (2.32)

Nous obtenons ainsi un système avec une infinité d’équations (une par composante n). Bien
entendu, il est numériquement impossible de calculer les solutions pour toutes ces composantes.
Nous ne gardons donc les composantes comprises entre les ordres −N et N . Elles correspondent
aux plus basses fréquences spatiales. Nous allons coir maintenant qu’on peut utiliser à nouveau
le formalisme des matrices S à condition d’introduire une notation matricielle pour le champ
E :

E =



E−N
...
E0
...
EN

 (2.33)

Alors
∂2
zE = ME (2.34)

où la matrice M s’écrit en réalité

Mij = αi δij − k2 εi−j (2.35)

La matrice composée des éléments εi−j est ce qu’on appelle la matrice Toeplitz correspondant
aux coefficients de Fourier εi. La multiplication de deux quantités périodiques peut ainsi être
vue, du point de vue des composantes de Fourier, comme l’application d’une matrice Toeplitz
à un vecteur. Comme la matrice M est naturellement hermitienne, il est possible de définir une
matrice U telle que M = U−1DU avec D matrice diagonale et en notant X(z) = UE(z). On
peut donc écrire :

∂2
zX(z) = DX(z) (2.36)
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Cela signifie que pour toute couche i, on a :

Xm = A+
me

iγm(z−zi) +B+
m e
−iγm(z−zi) (2.37)

où zi est la position de l’interface avec la couche du dessus et γm =
√

Dmm. Étant donné que
E = UX, alors nous pouvons écrire le champ E comme suit :

Ey =
N∑

n=−N
En(z)eiαnx (2.38)

=
N∑

n=−N
eiαnx

N∑
m=−N

Unm(A+
me

iγm(z−zi) +B+
me
−iγm(z−zi)) (2.39)

À présent, considérons l’interface entre les couches réseau i et i+ 1. Les conditions de conti-
nuité à cette interface entraînent la continuité des champs Ey etHx = 1

iωµ0
∂zEy. Cette continuité

se traduit par celle des coefficients de Fourier d’un côté et de l’autre de cette interface. Ainsi,
pour tout n ∈ [−N,N ],

∑
m

Ui
nm(Ai−m +Bi−

m ) =
∑
m

Ui+1
nm (Ai+1 +

m +Bi+1 +
m )∑

m

Ui
nmγ

i
m(Ai−m −Bi−

m ) =
∑
m

Ui+1
nmγ

i+1
m (Ai+1 +

m −Bi+1 +
m )

(2.40)

avec  Ai−m = Ai+m e
iγim(zi+1−zi)

Bi−
m = Bi+

m e
−iγim(zi+1−zi)

. (2.41)

De la même manière que nous avons définit un vecteur des amplitudes de Fourier pour le champ
E, nous introduisons :

Ai+ =



Ai+−N
...

Ai+0
...

Ai+N


(2.42)

Ai− =



Ai−−N
...

Ai−0
...

Ai−N


(2.43)

Bi+ =



Bi+
−N
...

Bi+
0
...

Bi+
N


(2.44)

Bi− =



Bi−
−N
...

Bi−
0
...

Bi−
N


(2.45)

Il devient alors possible de mettre le système 2.40 sous forme matricielle :[
Ui Ui

−UiΓi UiΓi

] [
Ai−

Bi−

]
=
[

Ui+1 Ui+1

−Ui+1Γi+1 Ui+1Γi+1

] [
Ai+1 +

Bi+1 +

]
(2.46)

où la matrice Γi est diagonale et telle que Γi
mm = γim.

Nous pouvons réécrire cette relation de manière à reprendre la formalisme des matrices de
diffusion c’est-à-dire en liant les modes arrivant sur l’interface à ceux sortant de l’interface :[

Ai−

Bi+1 +

]
=
[

Ui −Ui+1

UiΓi Ui+1Γi+1

]−1 [−Ui Ui+1

UiΓi Ui+1Γi+1

] [
Bi−

Ai+1 +

]
. (2.47)

Nous parvenons donc à exprimer une matrice S à l’interface entre deux couches réseaux com-
portant chacune n modes. En utilisant le système 2.41, nous pouvons aussi écrire une matrice
de scattering à l’intérieur de la couche i :[

Bi+

Ai−

]
=
[

0 eiΓ
ihi

eiΓ
ihi 0

] [
Ai+

Bi−

]
(2.48)
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Comme dans le cas des couches homogènes, il est possible de cascader les matrices S. Le proces-
sus qui permet de cascader les matrices de diffusion correspondant à ces structures successives
ressemble beaucoup à celui utilisé dans le cas des couches homogènes. La seule différence est
qu’ici on devra manipuler des matrices qui ne commutent pas entre elles. Si nous devons cas-
cader deux matrices liant chacune deux vecteurs à deux autres comme suit[

A
B

]
=
[
S11 S12
S21 S22

] [
C
D

]
(2.49)

et [
D
E

]
=
[
U11 U12
U21 U22

] [
B
F

]
(2.50)

alors la matrice résultante du cascadage sera :[
A
E

]
=
[
S11 + S12(1−U11S22)−1U11S21 S12(1−U11S22)−1U12

U21(1− S22U11)−1S21 U22 + U21(1− S22U11)−1S22U12

] [
C
F

]
(2.51)

De cette manière il est possible de calculer la matrice S totale d’une structure que l’on désire
étudier.

2.2.2 Résolution en polarisation TM
Dans le cas de la polarisation TM, l’équation d’onde à résoudre est :

∂z(∂zHy) = −ε∂x
(1
ε
∂xHy

)
− k2εHy (2.52)

Dans ce cas, la démarche à suivre est a priori la même que pour la polarisation TE. Il nous
faut juste considérer, grâce à la règle de Laurent, qu’une multiplication de Hy par ε correspond,
dans l’espace de Fourier, à une multiplication du vecteur H par la matrice Toeplitz associée à
εi et qui sera noter [ε].

La résolution du problème avec cette méthode fonctionne à peu près mais elle comporte
cependant un inconvénient de taille : la convergence est plutôt longue[65, 66, 68]. C’est pourquoi
nous utiliserons une autre règle dite règle inverse afin de poursuivre nos calculs. Elle consiste
à calculer la série de Fourier de la fonction 1

ε
puis de créer la matrice Toeplitz correspondante[

1
ε

]
. Il restera ensuite à utiliser l’inverse de cette matrice. Cette technique est celle qui a permis

aux méthodes modales de Fourier de converger correctement. Introduite empiriquement dans
deux articles parus côte à côte dans le même journal[65, 66], c’est Lifeng Li[68] qui a fournit
l’explication mathématique de cette meilleure convergence. Le système d’équation, écrit sous
forme matricielle, qu’il faut finalement résoudre est :

∂2
zH =

[1
ε

]−1 (
[α][ε]−1[α]− k2

)
H (2.53)

Cette équation peut être mise sous la forme

∂2
zH = MH (2.54)

Ainsi, la résolution de cette équation utilisera les mêmes mécanismes que pour la polarisation
TE.
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La seule différence provient ensuite des conditions de passage d’une couche à une autre. En
effet, dans le cas de la polarisation TM, les quantités qui assument les conditions de continuité
sont Hy et Ex = ∂zHy

iωε0ε(x) . Cette différence modifie la matrice de diffusion pour une interface :

S =
[

Ui −Ui+1

[1
ε
]iUiΓi [1

ε
]i+1Ui+1Γi+1

]−1 [ −Ui Ui+1

[1
ε
]iUi Γi [1

ε
]i+1Ui+1Γi+1

]
(2.55)

2.3 Stretching et Perfectly Matched Layer
Dans la suite de ce manuscrit, j’aurai besoin de simuler des structures à base de métaux avec

de fines couches de diélectriques afin d’engendrer des gap-plasmons. La partie diélectrique est
très anodine par rapport à la taille de la structure complète, alors que c’est elle qui contrôle
complètement la réponse optique. De ce fait, les simulations requièrent un grand nombre de
modes afin de modéliser au mieux la géométrie et cela conduit ainsi à un temps de calcul assez
élevé. De plus, la discontinuité de la fonction ε le long de l’axe x diminue encore la rapidité de
convergence. Pour résoudre ce problème et améliorer la convergence des méthodes de calcul,
j’ai eu recours à une méthode de stretching[70, 71], dite aussi d’étirement des coordonnées.
Cette méthode emploie un changement de coordonnées afin de décrire plus précisément le
champ aux interfaces entre les métaux et le diélectrique. Ces changements de coordonnées sont
caractéristiques de la méthode C[72] développée il y a plusieurs décennies à Clermont-Ferrand.
Ce type d’approche, utilisé ici dans le cadre d’une méthode numérique, est aujourd’hui connu
sous le nom d’optique transformationnelle[73].

Je présente ici le changement de coordonnées pour une structure périodique formée de deux
matériaux distincts de permittivité ε1 et ε2 (voir figure 2.5 à gauche).

Figure 2.5 – Schéma d’une structure périodique en x à gauche. Changement de coordonnées
pour différentes valeur de η à droite (image tirée de l’article de Gérard Granet de 1999[70]

Par un changement de coordonnées, nous allons passer d’un système (x, y, z) à un nouveau
système de coordonnées (u, y, z) avec u=f(x). La fonction f est considérée définie par morceaux
sur chacune des zones de la structure. Ce changement de coordonnées est nommé stretching car
il revient en réalité à étirer l’espace par endroit ou à le resserrer. Sur la figure 2.5 à droite est
représenté le changement de coordonnées. On peut voir que pour les anciennes coordonnées, les
parties proches des interfaces représentent un petite variation de coordonnées alors que pour
les nouvelles la variation est grande. Pour les parties au centre des matériaux c’est l’inverse
qu’il se produit. Si on considère que pour les anciennes coordonnées les points de discrétisation
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en différences finies sont régulièrement espacés, alors cela signifie que pour les nouvelles coor-
données il en sera autrement. Le nombre de points sera le même mais la répartition changera
grandement. En effet, les points aux bords des matériaux seront très proches et la distance les
séparant augmentera lorsqu’on s’éloignera du bord. Ce changement agira ainsi comme si nous
placions plus de points de discrétisation près des interfaces et moins au centre des matériaux.
C’est la variable η, comprise entre 0 et 1, qui régit le taux d’étirement. En partant d’un inter-
valle [a, b] dans le système originel pour arriver à un intervalle [a′, b′] dans le nouveau système,
nous pouvons définir la fonction f[a,b] sur le nouvel intervalle :

f[a,b](x) = a+ b− a
b′ − a′

(
x− a′ − η (b′ − a′)

2π sin
(

2π x− a
′

b′ − a′

))
(2.56)

On considère que cette fonction est nulle en dehors de l’intervalle. Ainsi :

f ′[a,b](x) = b− a
b′ − a′

(
1− η cos

(
2π x− a

′

b′ − a′

))
(2.57)

Nous pouvons aussi définir les coefficients de Fourier correspondant lorsque n 6= 0

f
(n)
[a,b] = − 1

2iπ
b− a
b′ − a′

[
1
n

+ 1
2η
(

b′ − a′

dx − n(b′ − a′) −
b′ − a′

dx + n(b′ − a′)

)](
e−

2iπb′n
dx − e−

2iπa′n
dx

)
(2.58)

et lorsque n = 0, f (0)
[a,b] = b′−a′

dx
.

La définition initiale de f entraîne :

∂x = ∂u

∂x
∂u (2.59)

= 1
f ′(u)∂u (2.60)

Nous pouvons donc reprendre les équations de Maxwell et les reformuler en effectuant des
changements de variables et en faisant petit à petit apparaître des dérivées spatiales sur les
nouvelles coordonnées : 

∂yEz − ∂zEy = iωµ0µ
1

f ′(u) f
′(u)Hx

∂z(f ′(u)Ex)− ∂uEz = iωµ0µf
′(u)Hy

∂uEy − ∂y(f ′(u)Ex) = iωµ0µf
′(u)Hz

(2.61)

et 
∂yHz − ∂zHy = −iωε0ε

1
f ′(u) f

′(u)Ex

∂z(f ′(u)Hx)− ∂uHz = −iωε0εf
′(u)Ey

∂uHy − ∂y(f ′(u)Hx) = −iωε0εf
′(u)Ez

. (2.62)

En définissant ~E ′ et ~H ′ tels que

~E ′ =

f
′(u)Ex
Ey
Ez

 (2.63)

et

~H ′ = µ0 c

f
′(u)Hx

Hy

Hz

 (2.64)
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alors les équations de Maxwell deviennent :
∂yE

′
z − ∂zE ′y = ikµ

1
f ′(u)H

′
x

∂zE
′
x − ∂uE ′z = ikµf ′(u)H ′y

∂uE
′
y − ∂yE ′x = ikµf ′(u)H ′z

(2.65)

et 
∂yH

′
z − ∂zH ′y = ikε

1
f ′(u)E

′
x

∂zH
′
x − ∂uH ′z = ikεf ′(u)E ′y

∂uH
′
y − ∂yH ′x = ikεf ′(u)E ′z

, (2.66)

Cela revient à dire que le problème est maintenant celui de la résolution des équations de
Maxwell pour une structure avec des matériaux inhomogènes et anisotropes mais ayant des
axes optiques parallèles aux axes du repère. En effet, on peut tout à fait écrire ce système en
faisant apparaîtres des permittivités et perméabilités tensorielles “artificielles” :

∂yEz − ∂zEy = ikµxHx

∂zEx − ∂xEz = ikµyHy

∂xEy − ∂yEx = ikµzHz

(2.67)

et 
∂yHz − ∂zHy = ikεxEx

∂zHx − ∂xHz = ikεyEy

∂xHy − ∂yHx = ikεzEz

(2.68)

où µx = µ/f ′(x), µy = f ′(x), µz = f ′(x), εx = ε/f ′(x), εy = f ′(x) et εz = f ′(x).

Dans les calculs suivants, je ne vais plus considérer une onde polarisée en TE ou TM mais
une onde quelconque comprenant ainsi les deux polarisations. Pour chaque couche, le problème
peut être écrit :

∂zEx = ikµyHy −
1
ik
∂x

( 1
εz
∂xH

′
y

)
+ 1
ik
∂x

( 1
εz
∂yH

′
x

)
∂zEy = −ikµxH ′x + 1

ik
∂y

( 1
εz
∂yH

′
x

)
− 1
ik
∂y

( 1
εz
∂xH

′
y

) (2.69)

et
∂zHx = ikεy Ey −

1
ik
∂x

(
1
µz
∂xEy

)
+ 1
ik
∂x

(
1
µz
∂yEx

)

∂zHy = −ikεxEx + 1
ik
∂y

(
1
µz
∂yEx

)
− 1
ik
∂y

(
1
µz
∂xEy

) (2.70)

Toutes les permittivités et perméabilités sont périodiques selon l’axe x. Ainsi, il est possible
d’appliquer le théorème de Bloch au problème et donc de dire que les champs ont la forme

Ex =
+∞∑

n=−∞
E(1)
n (z) ei(αn x)

Ey =
+∞∑

n=−∞
E(2)
n (z) ei(αn x)

Hx =
+∞∑

n=−∞
H(1)
n (z) ei(αn x)

Hy =
+∞∑

n=−∞
H(2)
n (z) ei(αn x)

(2.71)
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avec αn = α0 + 2π n
dx

. La valeur de α0 sera déterminée par l’onde plane incidente et sera la même
que dans l’espace initial (avant le changement de coordonnées).

Comme dans la partie précédente, nous choisissons de tronquer le développement et donc de
ne sommer que n termes allant de −N à N . Nous définissons dons quatre vecteurs Ex, Ey, Hx

et Hy. Cela nous permet d’écrire les systèmes 2.69 et 2.70 sous forme matricielle :

∂z

[
Ex

Ey

]
=
[

0 ik[µy]− 1
ik

[α][εz]−1[α]
−ik[µx] 0

] [
Hx

Hy

]
= LEH

[
Hx

Hy

]
(2.72)

et

∂z

[
Hx

Hy

]
=
[

0 −ik[εy] + 1
ik

[α][µz]−1[α]
ik[εx] 0

] [
Ex

Ey

]
= LHE

[
Ex

Ey

]
. (2.73)

La matrice [α] est diagonale, et contient 2N + 1 fois αn. La construction des matrices [εi]
et [µi] est plus complexe et requiert les coefficients de Fourier de f ′(x) définis précédemment
par l’équation 2.58. Puisque ε est constant sur des domaines rectangulaires, le problème est
séparable. On peut calculer la série de Fourier en x de ε f ′(x) en multipliant la matrice Toeplitz
associée à la série de f ′(x) à chaque intervalle par la valeur de εy. Pour calculer [εx], il faudra
calculer la matrice Toeplitz correspondant aux coefficients de Fourier de 1

f ′(x) et la multiplier à
ε. Enfin, pour εz, il suffit de calculer la matrice Toeplitz de la série f ′(x). Le plus simple est de
prendre pour chaque intervalle la longueur du matériau et de l’envoyer sur lui-même dans les
nouvelles coordonnées.

Finalement, le problème peut s’écrire

∂2
z

[
Ex

Ey

]
= LEHLHE

[
Ex

Ey

]
. (2.74)

ou

∂2
z

[
Hx

Hy

]
= LHELEH

[
Hx

Hy

]
. (2.75)

Nous retrouvons alors la forme ∂2
zE =M E ou ∂2

zH =M H. En faisant apparaître la matrice
diagonale D et la matrice U comme précédemment, les champs peuvent s’écrire

Ex =
N∑

n=−N

∑
k

U(1)
nk

(
A+
k e

iγk (z−zi) +B+
k e
−iγk (z−zi)

)
ei(αn x), (2.76)

Ey =
N∑

n=−N

∑
k

U(2)
nk

(
A+
k e

iγk (z−zi) +B+
k e
−iγk (z−zi)

)
ei(αn x), (2.77)

Hx =
N∑

n=−N

∑
k

U(1)
nk

(
A+
k e

iγk (z−zi) +B+
k e
−iγk (z−zi)

)
ei(αn x), (2.78)

Hy =
N∑

n=−N

∑
k

U(2)
nk

(
A+
k e

iγk (z−zi) +B+
k e
−iγk (z−zi)

)
ei(αn x), (2.79)

où γk =
√
λk. Les conditions de passage aux interfaces entre deux couches de la structure

s’écrivent de la même façon que dans la partie précédente et nous pourrons nous y reporter
pour résoudre le problème total grâce au cascadage des matrices S.
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L’utilisation de stretching améliore grandement la convergence des calculs. En effet, pour
une même structure, il faut au moins deux fois moins de modes lorsque η = 0.9 que lorsque
η = 0. Sachant que le temps de calcul t varie en fonction du nombre de modes n à calculer en
tn, on peut aisément imaginer le temps gagné grâce à cette méthode. Afin de bien montrer le
gain en convergence, je présente ici une courbe de convergence pour le calcul de la constante de
propagation kx d’un gap-plasmon le long d’un film diélectrique d’épaisseur 10 nm cernée par
deux couches métalliques épaisses (voir figure 2.3).

Figure 2.6 – Courbe de convergence du problème aux valeurs propres d’une couche d’air de
10 nm enfermée entre deux blocs métalliques

Au delà de la meilleure convergence qu’apporte la technique de l’étirement de coordonnées
à la méthode modale de Fourier, cette méthode a un intérêt supplémentaire. Elle permet ex-
trêmement simplement d’implémenter des Perfect Matching Layers (PML). Les PML sont des
artifices numériques. Elles ont d’abord été introduites par Berenger[74] puis améliorées par
d’autres équipes[75, 76, 77] et elles sont maitenant utilisées dans absolument tous les types de
codes. Les PML agissent comme matériaux absorbant ne réfléchissant aucune fréquence quelque
soit l’angle d’incidence même en étant accolées à un matériau métallique. Étudier une structure
périodique, bien des fois, n’est absolument pas problématique. Mais il arrive, pour des raisons
physiques, qu’on ne souhaite pas une telle périodicité. Dans ce cas, ajouter des PML est une
solution très efficace et très largement répendue.

Dans le cadre de la méthode modale de Fourier, les PML peuvent être tout simplement vues
comme un étirement de l’espace avec des coordonnées complexes. Tout se passe comme pour
un changement de coordonnées mis à part que la fonction f(x) est maintenant remplacée par
la fonction s(x) telle que

si(x) = 1 + iσi(x) (2.80)

où σi(x) est une fonction à valeurs réelles de la variable réelle.

Les PML absorbent toutes les ondes. En plaçant des PML sur les bords de la structure,
il est possible de briser sa périodicité. Ainsi nous pouvons isoler un nanocube seul. Cela est
très pratique car cela élimine l’apparition de plasmons de surface. En effet, ces plasmons sont
excités par la périodicité des nanocubes (qui forment ainsi un réseau) et se propagent entre
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ces derniers. Ils interagissent avec les structures dans les simulations alors que dans la réalité,
les cubes se placent aléatoirement et non en réseau ce qui diminue l’importance des plasmons
de surface. Donc l’utilisation des PML est recommandé pour que les simulations soient plus
proches de la réalité.

Nous pouvons, par exemple, voir l’effet de PML sur une structure dont nous aurons be-
soin dans le chapitre suivant. Nous cherchons à trouver le module et la phase du coefficient
de réflexion d’un gap-plasmon au bord d’un guide métallique. Pour cela, nous utilisons deux
couches : la première comportant dans l’ordre du métal, du diélectrique, du métal et des PML
ou du métal alors que la seconde composée de métal, diélectrique, air, PML ou air. Nous re-
gardons ensuite le module et la phase du coefficient de réflexion du gap-plasmon (voir figure
2.7). Sur ces deux courbes, nous pouvons remarquer qu’en l’absence de PML, les valeurs du
module et de la phase ne sont pas stables. Lors de l’apparition de nouveaux modes, il y a
même un saut systématique. Cependant, en utilisant des PML, les valeurs sont plus stables au
moins pour les périodes pas trop grandes. Il n’est donc pas nécessaire de considérer de trop
grands domaines de simulation. De plus, on peut voir que pour la phase du coefficient, les PML
rendent la valeur presque constante, ce qui est important puisque c’est cette phase qui aura
une grande importance pour la détermination de la position exacte des résonances grâce aux
modèles exposés dans le chapitre suivant.

Figure 2.7 – Module (en haut) et phase (en bas) du coefficient de réflexion du gap-plasmon
au bord de la cavité qu’il parcourt. En noir, les simulations sont obtenues sans utilisation de
PML alors qu’en bleu, des PML sont appliquées

Nous avons vu dans ce chapitre comment on pouvait mettre en œuvre des méthodes de ré-
solution des équations de Maxwell qui soient spécifiques. Ces méthodes numériques spécifiques
sont en général beaucoup moins gourmandes que les méthodes généralistes, au prix cependant
d’une liberté dans la définition géométrique de la structure moindre. La méthode modale de
Fourier, couplée à une technique d’étirement des coordonnées présente de nombreux avantages
supplémentaires par rapport à une méthode sans étirement. La convergence, particulièrement
dans le cadre de la plasmonique, est largement améliorée, et il est possible d’ajouter très sim-
plement des Perfect Matching Layers qui vont permettre d’éviter des effets gênants liés à la
périodicité. Enfin, et cela va s’avérer très important par la suite, ces méthodes donnent accès
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aux coefficients de réflexion et de transmission des modes, des grandeurs physiques importantes
pour la compréhension et la modélisation, mais que les autres méthodes numériques ne four-
nissent pas facilement. J’ai donc eu l’occasion de coder cette méthode de manière à ce qu’elle
soit facilement réutilisable et que la géométrie puisse être simplement décrite sans avoir besoin
de modifier profondément le code. Cela facilitera une utilisation future par d’autres membres
de l’équipe.



CHAPITRE 3

CONTRÔLE INTERFÉROMÉTRIQUE DE L’ABSORPTION
DANS LES RÉSONATEURS À GAP-PLASMON

Depuis quelques années maintenant, les nano-antennes plasmoniques ont beaucoup attiré
l’attention du fait du nombre élevé d’applications potentielles[50], que ce soit pour la détection
de molécules d’intérêt biologique, ou pour l’exaltation de fluorescence via l’effet Purcell - le
fait qu’une molécule fluorophore voit son temps de vie diminué à proximité d’une de ces nano-
antennes. Parmi ces nano-antennes, les nanoparticules déposées sur un film métallique ont un
statut particulier. Les nano-sphères ont permis par exemple de mettre en évidence les limites
du modèle de Drude pour la description de la réponse optique des métaux[78].

Les nano-antennes qui nous intéressent ici sont les résonateurs à gap-plasmon, et plus particu-
lièrement ceux basés sur les nanocubes synthétisés chimiquement. En effet, ils sont peu coûteux,
facile à fabriquer et possèdent des propriétés optiques inégalées. Bien que les nanocubes aient
été fortement étudiés[56, 41], l’influence de l’angle d’incidence de la lumière excitatrice reste
mal connu pour toute une catégorie de résonateurs[79]. Or cette dépendance angulaire peut
s’avérer primordiale pour certaines applications comme le biosensing[46].

Nous présenterons donc, dans ce chapitre, un modèle qui décrit chaque résonateur comme une
cavité de Fabry-Pérot excitée bidimensionnelle de chaque côté. Ce modèle permet de bien mo-
déliser un résonateur à gap-plasmon, même s’il s’agit d’un patch carré et donc d’une structure
tridimensionnelle, montrant ainsi que cette structure est un exemple de contrôle interféromé-
trique de l’absorption[80]. Notamment, nous exprimerons analytiquement les pertes induites
par les résonances dans la cavité pour montrer comment certaines sont supprimées et d’autres
renforcées par le fait que la cavité soit excité des deux côtés à la fois. Nous pourrons relier
ces pertes à l’angle d’incidence, car le déphasage induit par un changement d’angle se réper-
cute sur la suppression ou le renforcement des modes. Ce modèle nous permettra donc entre
autres, d’expliquer la diminution ou l’augmentation de l’absorption d’une résonance lors d’un
changement d’angle d’incidence.

3.1 Modélisation des nano-antennes patch

3.1.1 Réponse optique de l’antenne patch
Le système analysé dans ce chapitre se compose d’un substrat métallique recouvert d’un

film diélectrique lui-même recouvert de patchs métalliques. Le substrat métallique peut être
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constitué de divers métaux. L’or et l’argent sont néanmoins les deux matériaux les plus souvent
utilisés dans les expérimentations et l’or a bien souvent la préférence parce qu’il ne s’oxyde pas.

Le mécanisme de la résonance, décrit dans le chapitre 1, est identique pour les patchs tels
que ceux représentés figure 3.1 et les patchs carrés. Pour les patchs carrés le gap-plasmon est
cependant sensible aux bords, qui se situent à distance finie. Le mode qui se propage sous
les patchs possède un indice effectif moins grand que celui prévu par la relation de dispersion
du gap-plasmon théorique. Cela occasionne un décalage de la résonance vers le bleu de façon
systématique[41]. Mais tous les effets que nous allons étudier sont bien présents, notamment le
renforcement de la résonance fondamentale, et l’apparition de résonances supplémentaires hors
de l’incidence normale[46]. Pour un travail sur la détection de molécules, l’excitation de ces
résonance est même cruciale, puisqu’elle confère à la structure une bien meilleure résolution.

Le film diélectrique est bien souvent composé de matériaux organiques. C’est le cas par
exemple pour les films déposés par trempages successifs dans des bains de polymères comme
ceux présentés dans le chapitre suivant. Pour nos simulations, nous choisirons d’utiliser un
indice nd = 1.54, représentatif des indices des matériaux organiques transparents. L’épaisseur
du film a très grande importance car elle joue sur la position de la résonance via l’indice effectif
du gap-plasmon. Elle peut varier de 1 nanomètre à quelques dizaines. Aux épaisseurs comprises
entre 1 et 5 nanomètres, des phénomènes qui ne sont pas décrits par le modèle de Drude sont
cependant susceptibles d’intervenir, comme la non-localité. Il convient donc d’être prudent
quant à la validité des simulations - même si on ne risque essentiellement qu’un décalage de la
résonance par rapport à la réalité.

Pour simuler ces résonateurs, nous utiliserons les codes présentés dans le chapitre précédent.
La structure 3.1 est constituée de patchs infinis dans la direction y et de forme cubique dans le
plan (xOz) (voir figure 3.1). Il serait possible de modéliser la structure en 3D en utilisant des
codes modaux de multicouches faites de réseaux dans les deux directions restantes. Ces simu-
lations sont cependant très coûteuses et rendraient la modélisation beaucoup plus compliquée,
sans pour autant faire apparaître de nouveaux phénomènes. Ici, puisque les gap-plasmons ne
sont excités qu’en polarisation TM, les structures ne répondent pas optiquement en polarisation
TE. Nous nous concentrerons donc exclusivement sur la polarisation TM.

Une première approche est de considérer le résultat de simulations directes pour bien com-
prendre le comportement physique de la structure. Regardons par exemple un spectre de la
réflectivité en fonction de la taille des nanopatchs (voir figure 3.2). La structure est éclairée
par une onde monochromatique de longueur d’onde 800 nm avec un angle d’incidence de 0° (en
rouge) ou de 20° (en bleu). Les nanopatchs ont une largeur allant de 50 nm à 250 nm et une
hauteur fixe de 62 nm (soit la largeur de la première résonance) et l’épaisseur de diélectrique
choisie est ici 7 nm. Tout d’abord nous pouvons observer des résonances, qui se traduisent pas
un coefficient de réflexion qui se rapproche de zéro. Étant donné que la transmission à travers la
plaque métallique servant de substrat est considérée comme nulle, ces résonances correspondent
à l’absorption maximale de la lumière par la structure. Nous pouvons remarquer que des réso-
nances supplémentaires apparaissent lorsque l’angle d’incidence de l’onde plane n’est pas nul.
De plus, nous pouvons voir que la structure résonne à intervalles réguliers : c’est le signe que
le patch se comporte comme une cavité. L’écart entre chacune des résonances pour l’incidence
normale est rigoureusement égal à la longueur d’onde effective du gap-plasmonλeff . Le patch
est donc bien une cavité pour le gap-plasmon. En se penchant sur les cartes du champ Hy de
la structure pour chacune des résonances, nous observons que le nombre de ventres augmente
avec la largeur du patch. Ainsi le champ de la première résonance présente un ventre, celui de la
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Figure 3.1 – Schéma 3D de la structure étudiée avec une coupe perpendiculaire à l’axe y avec
les dimensions du problème en 2D

deuxième (excitable seulement hors incidence normale) deux ventres et enfin celui de la dernière
trois ventres. C’est cohérent avec l’image d’une résonance de cavité. En effet, une résonance
se produit lorsque le champ présente un nombre entier de ventres. Ainsi si nous augmentions
encore la taille du patch, d’autres résonances apparaîtraient avec un champ fait d’un nombre
de ventres plus important.

3.1.2 Contrôle interférentiel
On peut comprendre la disparition de certaines résonances en incidence normale comme des

interférences destructives entre résonances. Dans une résonance de cavité, les ventres successifs
sont en réalité en opposition de phase. Si une résonance présente un nombre pair de ventres,
et qu’on suppose que le premier ventre excité sert de référence de phase pour une excitation
venant de la gauche, par exemple, alors le dernier ventre sera excité en opposition de phase avec
le premier. Or si la cavité est excitée des deux côtés, alors le premier ventre de la résonance
excitée par la droite du patch, cette fois, est forcément exactement en opposition de phase avec
le ventre excité depuis la gauche du patch. Donc la résonance excitée par la gauche et celle
excitée par la droite sont de façon générale partout en opposition de phase : elles s’annulent
(voir une illustration simple figure 3.3). Cela n’est cependant exact qu’en incidence normale.
En effet, hors incidence normale on peut considérer que les excitations de part et d’autre du
patch sont déphasées. Les résonances ne sont plus rigoureusement en opposition de phase. La
résonance produit de l’absorption et peut être vue sur le spectre.

C’est cette analyse qui guide forcément vers un modèle de cavité excitée des deux côtés, car
c’est le seul modèle qui explique pourquoi certaines résonances ne sont pas excitées. Une autre
conséquence que l’on peut anticiper est que les résonances présentant un nombre impair de
ventre ne subissent pas d’interférences destructives. Au contraire, comme les ventres aux extré-
mités sont en phase, l’amplitude des résonances est deux fois plus grande que si la cavité avait
été excitée d’un seul côté. Cela signifie que l’absorption liée à ces résonances, proportionnelle
au carré du champ, doit être 4 fois plus grande que si la cavité avait été excitée d’un seul côté.
On peut supposer que en partie de là que les résonateurs de ce type possèdent une si grande
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Figure 3.2 – Spectre de réflexion en fonction de la taille du patch (au-dessus) avec une onde
incidente de longueur d’onde 800 nm et un angle d’incidence de 0° en rouge et 20° en bleu puis
carte du champ Hy pour chacune des trois résonances (au-dessous : (a), (b) et (c)) avec un
angle d’incidence de 20°. L’épaisseur de diélectrique est de 7 nm.

section efficace.

L’onde plane éclairant la structure atteint le cube puis se propage encore jusqu’au film di-
électrique. L’onde excite alors de tous côtés une cavité de type Fabry-Pérot sous le nanopatch.
À l’intérieur de cette cavité, les ondes se propagent de gauche à droite ou de droite à gauche
en se réfléchissant totalement sur les bords à droite et à gauche de la cavité. Les deux ondes
ayant été excitées par la même onde plane, leurs amplitudes et leurs coefficients de propagation
sont les mêmes. La seule différence entre les deux ondes est la phase. En effet, avec un angle
d’incidence non nul, l’onde plane initiale atteint le film diélectrique en avance d’un côté par
rapport à l’autre. Le déphasage auquel on peut donc s’attendre est la différence de chemin
optique entre le coin au bas à gauche du cube et celui en bas à droite.

Cette intuition physique, obtenue à partir du comportement des résonances, mérite d’être
formalisée, et c’est l’objet de cette partie de mon travail.

3.2 Modèle interférométrique
On peut supposer tout d’abord que le problème est séparable. D’une part, il y a la dépendance

en z, qui est simplement donnée par le profil du gap-plasmon, puisque c’est le seul mode à se
propager sous le patch. D’autre part, la dépendance en x, elle, est directement liée à la vision
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Figure 3.3 – Schématisation des interférences entre deux modes pairs ou deux modes impairs

Figure 3.4 – Schéma 2D de la cavité de Fabry-Pérot utilisée pour le modèle

de l’interstice comme une cavité horizontale. En partant de cette hypothèse, il est possible de
calculer l’allure de tous les champs, magnétiques et électriques, et donc des grandeurs comme
l’absorption. Ces quantités pourront alors être comparées aux résultats des simulations.

3.2.1 Calcul du champ Hy

Pour le calcul du champ le long de la cavité (donc selon l’axe x), il faut considérer que deux
modes se propageant dans des sens différents sont présents dans la cavité, et qu’ainsi l’amplitude
totale du gap-plasmon peut s’écrire sous la forme classique

A(x) = Aeiαx +Be−iαx (3.1)

où α est le vecteur d’onde du gap-plasmon (voir figure 3.5 pour un profil typique de <A).
On suppose que de chaque côté de la cavité, se produit une réflexion du mode guidé et qu’il
s’y produit une excitation du même mode, due à la forte présente d’un maximum du champ
magnétique à l’entrée de l’interstice. L’excitation à gauche (respectivement à droite) est notée
Al (respectivement Ar).
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Figure 3.5 – Profil du champ H le long d’une cavité Fabry-Pérot

Cette vision physique se traduit par deux équations, une pour chacun des bords de la cavités.
On exprime que le gap-plasmon qui vient de chaque bord est le produit d’une réflexion qui se
fait avec un coefficient r et de l’excitation. On suppose un coefficient t entre l’amplitude du
champ magnétique excitateur et l’excitation ressentie par la cavité. On peut supposer que celui-
ci puisse diminuer fortement pour les interstices très étroits, puisqu’en dessous de 3 nanomètres,
il devient tout de même difficile d’exciter la résonance.Ae

−iαh2 = tAl + rBeiα
h
2 à l’extrêmité gauche

Be−iα
h
2 = tAr + rAeiα

h
2 à l’extrêmité droite

(3.2)

Donc les coefficients A et B sont tels que :A = tAle
iαh2 + rBeiαh

B = tAre
iαh2 + rAeiαh

(3.3)

En remplaçant B dans l’expression de A, on obtient le système :A = tAle
iαh2 + rtAre

3iαh2 + r2Ae2iαh

A = tAre
iαh2 + rtAle

3iαh2 + r2Be2iαh
(3.4)

Il est ensuite possible d’exprimer les coefficients A et B en fonction des coefficients Al et Ar.A(1− r2e2iαh) = teiαh(Ale−iα
h
2 + rAre

iαh2 )
B(1− r2e2iαh) = teiαh(Are−iα

h
2 + rAle

iαh2 )
(3.5)



A = teiαh
Ale

−iαh2 + rAre
iαh2

1− r2e2iαh

B = teiαh
Are

−iαh2 + rAle
iαh2

1− r2e2iαh

(3.6)

Ainsi, nous pouvons exprimer l’amplitude du gap-plasmon A(x) en fonction des amplitudes
des ondes excitées, du vecteur d’onde du gap-plasmon, des coefficients de transmission et de
réflexion au bord de la cavité et de la taille de la cavité :

A(x) = teiαh


Ale−iαh2 + rAre

iαh2

1− r2e2iαh

 eiαx +
Are−iαh2 + rAle

iαh2

1− r2e2iαh

 e−iαx
 (3.7)
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Enfin, nous simplifions l’expression finale en incluant teiαh avec les coefficients Al et Ar dans
des nouveaux coefficients A′l et A′r qui représentent les excitations effectives de part et d’autre
de la cavité :

A(x) =
A′l e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

1− r2e2iαh + A′r
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

1− r2e2iαh

 (3.8)

Nous avons écrit l’amplitude A(x) le long de l’axe x. À présent, nous devons prendre en
compte le profil du gap-plasmon pour trouver la dépendance en z des champs. On peut utiliser
directement le profil du gap-plasmon, représenté figure 3.6. Le gap-plasmon s’accompagne d’une
queue exponentielle dans le métal de part et d’autre du diélectrique a e∓κ1z. Sa forme est en
b cosh(κ2z) dans l’interstice.

Figure 3.6 – Profil du champ Hy le long de l’axe z

À chaque interface, il y a conservation du champ Hy et de sa dérivée divisée par ε.


b cosh
(
κ2
d

2

)
= a e−κ1

d
2

κ2b

εd
sinh

(
κ2
d

2

)
= −κ1 a

εm
e−κ1

d
2

(3.9)

Ce système nous permet de retrouver la relation de dispersion du gap-plasmon[1] :

κ2

εd
tanh

(
κ2
d

2

)
+ κ1

εm
= 0 (3.10)

où κ1 =
√
α2 − εmk2

0 et κ2 =
√
α2 − εdk2

0.

Le modèle ne prédit pas l’amplitude absolue du gap-plasmon, mais seulement l’allure des
variations en z et en x. Il faudrait d’autres arguments pour réussir à estimer la quantité d’énergie
transférée à la résonance et le coefficient t. Par la suite, nous ferons donc le choix de poser a = 1
et nous aurons b = e−κ1

d
2

cosh

(
κ2
d

2

) . Le champ Hy s’écrit, respectivement au dessus du diélectrique

(z > h
2 ), dans le diélectrique (z ∈

[
−h

2 ,
h
2

]
) et en dessous du diélectrique (z < −h

2 )
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

Hy = 1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

)]
ae−κ1z

Hy = 1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

)]
b cosh(κ2z)

Hy = 1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

)]
aeκ1z

(3.11)

À l’aide de ces équations, nous pouvons créer des cartes de champ du champ Hy. En se
plaçant à la même longueur d’onde qu’une résonance comme la résonance (c) de la figure 3.2,
nous obtenons la carte de champ présentée sur la figure 3.7. Nous pouvons voir apparaître les
trois ventres du champ qui sont déjà présents sur la figure (c) de la figure 3.2.

Figure 3.7 – Carte du champ Hy pour une résonance du second mode impair (avec 3 ventres)

3.2.2 Calcul du champ ~E

Une fois le champ magnétique obtenu, il devient possible de calculer analytiquement le champ
électrique lié à la résonance. Pour cela, nous allons reprendre les équations de Maxwell en
polarisation TM présentées dans le chapitre précédent (voir équations 2.12). Ainsi, pour obtenir
les champs Ex et Ez, il nous suffit de dériver Hy respectivement par rapport à z ou à x :

Ex = − i

ωε0εr

∂Hy

∂z
(3.12)

Ez = i

ωε0εr

∂Hy

∂x
(3.13)

Les champs Ex et Ez sont présentés ci-dessous, encore une fois respectivement dans le métal
au dessus du diélectrique, dans l’interstice et au dessous du diélectrique :
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

Ex = i

ωε0εr

1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

)]
κ1Ae

−κ1z

Ex = − i

ωε0εr

1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

)]
κ2B sinh(κ2z)

Ex = − i

ωε0εr

1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx + reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx + e−iα

h
2 e−iαx

)]
κ1Ae

κ1z

(3.14)



Ez = i

ωε0εr

1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx − reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx − e−iα

h
2 e−iαx

)]
iαAe−κ1z

Ez = i

ωε0εr

1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx − reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx − e−iα

h
2 e−iαx

)]
iαB cosh(κ2z)

Ez = i

ωε0εr

1
1− r2e2iαh

[
A′l
(
e−iα

h
2 eiαx − reiα

h
2 e−iαx

)
+ A′r

(
reiα

h
2 eiαx − e−iα

h
2 e−iαx

)]
iαAeκ1z

(3.15)

En polarisation TM, le champ magnétique intégralement le champ Hy. Cependant, le champ
électrique total E est séparé en deux composantes Ex et Ez. Pour obtenir le module du
champ électrique total, il faut combiner ces deux composantes. Ainsi le champ total E est
E =

√
ExE∗x + EzE∗z . En reprenant les formules des champs Ex et Ez avec les coefficients Al et

Ar, nous obtenons dans la partie métallique du patch :

ExE
∗
x = 1

ω2ε2
0ε

2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h |κ1|2e−2Re(κ1)z×{
|Al|2

(
eIm(α)he−2Im(α)x + reiRe(α)he−2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+|Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x + reiRe(α)he2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+AlA∗r

(
eIm(α)he2iRe(α)x + reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
eIm(α)he−2iRe(α)x + reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)}
(3.16)
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et

EzE
∗
z = 1

ω2ε2
0ε

2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h |α|
2e−2Re(κ1)z×{

|Al|2
(
eIm(α)he−2Im(α)x − reiRe(α)he−2iRe(α)x − r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+|Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x − reiRe(α)he2iRe(α)x − r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+AlA∗r

(
−eIm(α)he2iRe(α)x + reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x − |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
−eIm(α)he−2iRe(α)x + reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x − |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)}
(3.17)

soit pour le module du champ E dans le patch :

|| ~E||2 = 1
ω2ε2

0ε
2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h e
−2Re(κ1)z×{(

|κ1|2 + |α|2
)
×
[
|Al|2

(
eIm(α)he−2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+ |Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+ AlA

∗
r

(
reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x

)
+A∗lAr

(
reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x

)]
+
(
|κ1|2 − |α|2

)
×
[
|Al|2

(
reiRe(α)he−2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x

)
+ |Ar|2

(
reiRe(α)he2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x

)
+ AlA

∗
r

(
eIm(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
eIm(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)]}

(3.18)

Ces formules sont valables pour le champ à l’intérieur du nanopatch. Pour la partie métal-
lique sous la cavité, les formules seront les mêmes en changeant e−κ1z en eκ1z. Pour la partie
diélectrique c’est-à-dire le centre de la cavité, ces formules ne changent pas beaucoup. Elles
deviennent :

ExE
∗
x = 1

ω2ε2
0ε

2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h |κ2|2|b|2
e2Re(κ2)z − e−2Re(κ2)z

2 ×{
|Al|2

(
eIm(α)he−2Im(α)x + reiRe(α)he−2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+|Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x + reiRe(α)he2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+AlA∗r

(
eIm(α)he2iRe(α)x + reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
eIm(α)he−2iRe(α)x + reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)}
(3.19)
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EzE
∗
z = 1

ω2ε2
0ε

2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h |α|
2|b|2 e

2Re(κ2)z − e−2Re(κ2)z

2 ×{
|Al|2

(
eIm(α)he−2Im(α)x − reiRe(α)he−2iRe(α)x − r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+|Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x − reiRe(α)he2iRe(α)x − r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+AlA∗r

(
−eIm(α)he2iRe(α)x + reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x − |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
−eIm(α)he−2iRe(α)x + reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x − |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)}
(3.20)

soit pour le module du champ électrique dans la cavité :

|| ~E||2 = 1
ω2ε2

0ε
2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h |b|
2 e

2Re(κ2)z − e−2Re(κ2)z

2 ×{(
|κ2|2 + |α|2

)
×
[
|Al|2

(
eIm(α)he−2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+ |Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+ AlA

∗
r

(
reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x

)
+A∗lAr

(
reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x

)]
+
(
|κ2|2 − |α|2

)
×
[
|Al|2

(
reiRe(α)he−2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x

)
+ |Ar|2

(
reiRe(α)he2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x

)
+ AlA

∗
r

(
eIm(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
eIm(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)]}

(3.21)

Il devient alors possible d’obtenir une carte du champ à partir de ces expressions analytiques,
et le résultat est montré figure 3.8.

3.2.3 Pertes associées à la résonance
La dernière partie de mes calculs concerne les pertes dans la structure. Ces pertes sont

importantes car ce sont elles qui se manifestent lorsque la réflectivité de la structure chute. Ce
sont elles qui vont nous permettre de mettre clairement en équation le contrôle interférentiel
de l’absorption par la structure.

De façon très générale, les pertes volumiques sont données par l’expression

P (x, z) = −<(~j).<( ~E) (3.22)

où ~j représente aussi les courant microscopiques. En l’occurrence, dans un métal considéré
comme un diélectrique, ces courants sont vus comme des courants de déplacement même s’ils

correspondent à des courants bien réels. Ils s’écrivent donc ~j = ∂ ~P

∂t
, et ~P = ε0 ~D. ~E.

De ce fait, ~j = (ε0εr − ε0)∂
~E

∂t
= −iω(ε0εr − ε0) ~E.



56 CHAPITRE 3. CONTRÔLE INTERFÉROMÉTRIQUE DE L’ABSORPTION

Figure 3.8 – Carte du module du champ électrique lors d’une résonance fondamentale.

D’autre part,

P (x, z) = −<(~j).<( ~E) = 1
4
(
~j +~j∗

)
.
(
~E + ~E∗

)

= 1
4
〈
~j. ~E +~j∗. ~E∗ +~j. ~E∗ +~j∗. ~E

〉

= 1
2Re

(
~j. ~E∗

)
(3.23)

Finalement

P (x, z) = −<(~j).<( ~E) = 1
2ωε0= (εr) || ~E||2 (3.24)

Les pertes se font exclusivement dans les parties métalliques, tant qu’on néglige l’absorption
par le diélectrique (voir figure 3.9). En reprenant les équations du champ ~E, nous pouvons
calculer les pertes totales. Nous exposerons ici les calculs pour la partie métallique au dessus
de la cavité (nanopatch) mais ils ont la même forme pour la partie au dessous de la cavité
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(substrat) exception faite du e−iκ1z qui se transforme en eiκ1z. Ainsi elles s’écrivent :

1
2Re

{
−i (ε0εr − ε0)

ωε2
0ε

2
r

|t|2e−2Im(α)h

1− r2e2iαh − r∗2e−2iα∗h + r2r∗2e−4Im(α)h |A|
2e−2Re(κ1)z×{(

|κ1|2 + |α|2
)
×
[
|Al|2

(
eIm(α)he−2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he2Im(α)x

)
+ |Ar|2

(
eIm(α)he2Im(α)x + |r|2e−Im(α)he−2Im(α)x

)
+ AlA

∗
r

(
reiRe(α)he2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he−2Im(α)x

)
+A∗lAr

(
reiRe(α)he−2Im(α)x + r∗e−iRe(α)he2Im(α)x

)]
+
(
|κ1|2 − |α|2

)
×
[
|Al|2

(
reiRe(α)he−2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he2iRe(α)x

)
+ |Ar|2

(
reiRe(α)he2iRe(α)x + r∗e−iRe(α)he−2iRe(α)x

)
+ AlA

∗
r

(
eIm(α)he2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he−2iRe(α)x

)
+A∗lAr

(
eIm(α)he−2iRe(α)x + |r|2e−Im(α)he2iRe(α)x

)]}}

(3.25)

Figure 3.9 – Répartition des pertes dans la structure lors d’une résonance fondamentale.

Nous savons que la partie imaginaire du coefficient de propagation α est très petite par
rapport à sa partie réelle. A titre d’exemple, pour un interstice de 10 nm, l’indice effectif α/k0
du gap-plasmon vaut 2, 7239 + 0, 0741i. Ainsi, nous pouvons considérer α comme étant pure-
ment réel pour les besoins du calcul sans faire une approximation trop importante. L’équation
précédente devient ainsi :
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P (x, z) =1
2Re

{
−i (ε0εr − ε0)

ωε2
0ε

2
r

|t|2

1− r2e2iαh − r∗2e−2iαh + r2r∗2
|A|2e−2Re(κ1)z×

(
|κ1|2 + α2

)
×{[

|Al|2
(
1 + |r|2

)
+ |Ar|2

(
1 + |r|2

)
+ AlA

∗
r

(
reiαh + r∗e−iαh

)
+ A∗lAr

(
reiαh + r∗e−iαh

)]
+
[
|Al|2

(
reiαhe−2iαx + r∗e−iαhe2iαx

)
+ |Ar|2

(
reiαhe2iαx + r∗e−iαhe−2iαx

)
+AlA∗r

(
e2iαx + |r|2e−2iαx

)
+A∗lAr

(
e−2iαx + |r|2e2iαx

)]}}
(3.26)

Pour obtenir une formule pour les pertes totales notées L, il nous reste encore à intégrer sur
l’espace métallique total soit :

L =
∫ h

2

−h2

∫ ∞
d
2

Pdzdx+
∫ h

2

−h2

∫ − d2
−∞

P (x, z)dzdx (3.27)

Encore une fois, nous présenterons le calcul de l’intégration pour la partie métallique au dessus
de la cavité soit dans le cube sachant que celle sous la cavité a la même forme.∫ h

2

−h2

∫ ∞
d
2

Pdzdx =

− 1
2Re

{
−i (ε0εr − ε0)

ωε2
0ε

2
r

|t|2

1− r2e2iαh − r∗2e−2iαh + r2r∗2
|A|2e−Re(κ1)d×

{
|Al|2

[(
|κ1|2 + α2

) (
h+ |r|2h

)
+ |κ1|2 − α2

2iα
(
r∗ − r + re2iαh − r∗e−2iαh

)]

|Ar|2
[(
|κ1|2 + α2

) (
h+ |r|2h

)
+ |κ1|2 − α2

2iα
(
r∗ − r + re2iαh − r∗e−2iαh

)]

AlA
∗
r

[(
|κ1|2 + α2

) (
hreiαh + hr∗e−iαh

)
+ |κ1|2 − α2

2iα
(
eiαh − e−iαh + |r|2eiαh − |r|2e−iαh

)]

A∗lAr

[(
|κ1|2 + α2

) (
hreiαh + hr∗e−iαh

)
+ |κ1|2 − α2

2iα
(
eiαh − e−iαh + |r|2eiαh − |r|2e−iαh

)]}}

(3.28)

3.2.4 Contrôle interférométrique à la résonance
Les pertes dans le métal sont les plus élevées lorsque le champ électromagnétique entre dans

la cavité c’est-à-dire pour les longueurs d’onde proche des résonances. Dans ces conditions, le
terme 1

1−r2e2iαh−r∗2e−2iαh connaît un maximum. Cette condition de résonance peut aussi s’écrire
1 − r2e2iαh ≈ 0, ce qui revient à dire qu’à la résonance on a r = ±e−iαh. C’est ici qu’il faut
faire une distinction très nette entre les résonances possédant un nombre pair de ventres, pour
lesquelles r = −e−iαh, et les résonances présentant un nombre impair de ventres pour lesquelles
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r = e−iαh. Si maintenant on fait l’approximation que le module du coefficient de réflexion est
très proche de 1, on obtient une expression simplifiée pour les pertes. Elle n’est valable que
très près de la résonance, mais elle permet de formaliser parfaitement l’analyse physique ayant
mené à cette étude. A l’inverse, les expressions complètes peuvent être utilisées pour reproduire
fidèlement les champs liés à la résonance.

∫ h
2

−h2

∫ ∞
d
2

Pdzdx = −Re
{
−i (ε0εr − ε0)

ωε2
0ε

2
r

|t|2

1− r2e2iαh − r∗2e−2iαh + r2r∗2
|A|2e−Re(κ1)d×

{
|Al|2

[(
|κ1|2 + α2

)
h+ |κ1|2 − α2

2iα
(
eiαh − e−iαh

)]

+ |Ar|2
[(
|κ1|2 + α2

)
h+ |κ1|2 − α2

2iα
(
eiαh − e−iαh

)]

± (AlA∗r + A∗lAr)
[(
|κ1|2 + α2

)
h+ |κ1|2 − α2

2iα
(
eiαh − e−iαh

)]}}

(3.29)

Finalement, nous pouvons mettre les pertes dans la structure sous la forme suivante, mon-
trant bien les interférences :

L = β|Al|2 + β|Ar|2 ± β(AlA∗r + A∗lAr) = β
(
|Al|2 + |Ar|2 ± 2<(AlA∗r)

)
(3.30)

On constate bien qu’en incidence normale, pour laquelle Al et Ar sont forcément égales et
en phase, alors soit la résonance possède un nombre pair de ventres et on a un signe − dans
l’expression précédente, ce qui mène à L = 0, soit la résonance possède un nombre impair de
ventres et on a un signe + menant à L = 4β|Al|2 soit une absorption quatre fois supérieure
à ce qui se produit quand seulement un des deux côtés est excité. C’est sans doute ce point
qui explique la supériorité des antennes patch, en terme de section efficace d’absorption, par
rapport aux fentes. Les fentes sont excitées d’une façon assez similaire, puisque l’entrée de la
cavité se trouve au maximum du champ magnétique imposé par la réflexion. Mais les fentes ne
sont pas excitées des deux côtés.

On peut maintenant explorer la dépendance en angle de l’excitation des résonances. On
fait l’hypothèse qu’aux petits angles, le module de l’excitation ne change pas. C’est forcément
partiellement vrai, car on peut estimer que le patch fait de l’ombre dans ce cas à une des deux
entrées de la cavité. Cela dit, étant donné la très petite taille du patch par rapport à la longueur
d’onde, cette hypothèse n’est pas très restrictive. D’autre part, quand on regarde quel facteur
influe le plus sur le contrôle interférométrique et les pertes L, on s’aperçoit que ce qui domine
c’est le déphasage entre les deux coefficients, bien plus qu’une différence de module.

On fait l’hypothèse que ce déphasage est simplement donné par

∆Φ = 2π
λ
h sin θ (3.31)

en supposant simplement que ce déphasage est lié à une différence de marche entre une entrée
et l’autre de la cavité de longueur h. Cette expression va nous permettre de comprendre mieux
comment l’angle d’incidence influe sur le contrôle interférométrique et donc sur l’absorption.



60 CHAPITRE 3. CONTRÔLE INTERFÉROMÉTRIQUE DE L’ABSORPTION

Pour une résonance présentant un nombre pair de ventres, on obtient une dépendance des pertes
vis à vis de l’angle de

L ' β sin2(π h
λ0

sin(θ)) (3.32)

alors que pour une résonance présentant un nombre impair de modes on obtient

L ' β sin2(π h
λ0

cos(θ)). (3.33)

Dans la suite, nous verrons que cette approche permet au modèle de reproduire efficacement
ce qui se passe quand on change l’angle d’incidence.

3.3 Simulations
À présent qu’un modèle a été mis en place, nous allons le confronter à des simulations

de la structure faites grâce aux codes modaux présentés dans le chapitre 2. Le problème d’une
antenne patch telle qu’elle se présente peut être décomposé en plusieurs couches. Chaque couche
est un problème modal à résoudre, et il s’agit ensuite, en utilisant les conditions aux limites, de
raccorder ces différentes régions de l’espace. En utilisant les matrices S, on peut avoir accès au
coefficient de réflexion dans le cas où la simulation est périodique. Et on peut alors recomposer
le champ magnétique qui correspond à une longueur d’onde et à un angle d’incidence donnée.
De ce champ, il est possible de déduire les autres en utilisant les équations 2.12 qui donnent les
composantes du champ électrique.

Nous allons pouvoir comparer les simulations effectuées au moyen des codes modaux au
modèle décrit dans ce chapitre. Pour cela, nous allons aussi engendrer des spectres et des cartes
de champ pour le modèle avec une taille de cavité identique à celle des cubes de la structure
et avec des matériaux identiques. Pour ce faire, nous avons créé un programme utilisant les
formules des champs que nous avons présentées précédemment. Ces formules dépendent de la
taille et des matériaux de la structure mais aussi du coefficient de réflexion r au bord de la
cavité et du coefficient de propagation α du gap-plasmon dans la cavité de Fabry-Pérot. Il
faut donc fournir au modèle ces valeurs ainsi que celle des amplitudes et phases des champs
incidents de chaque côté de la cavité compris dans les variables Al et Ar. Les amplitudes
sont arbitrairement choisies étant égales à 1 parce que le modèle, comme expliqué ci-dessus,
ne fournit qu’une variation relative de l’absorption. Par contre, le déphasage entre les deux
coefficients correspond toujours à la différence de chemin optique parcourue par l’onde plane
incidente soit une différence de marche δ = h × sin(θ) avec h la taille du cube et θ l’angle
d’incidence de l’onde plane. Ainsi, si Al = 1 alors Ar = eiπ( 2π

λ
δ). Il nous reste encore à trouver le

coefficient de propagation α et le coefficient de réflexion r. Pour les obtenir, nous allons utiliser
les codes modaux une nouvelle fois pour les calculer directement.

Pour calculer ce coefficient de réflexion, il faut trouver la matrice de diffusion d’une struc-
ture formée de deux couches (voir figure 3.10) : la première avec une partie métallique large
représentant le substrat suivie d’une fine partie diélectrique pour simuler la cavité et enfin une
autre partie métallique de la taille du cube pour modéliser ce dernier ; la seconde composée
des deux mêmes parties mais avec de l’air pour la troisième partie. Cette structure représente
verticalement la cavité cernée des deux métaux et l’interface au bord de cette cavité.
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Figure 3.10 – Schématisation de la structure utilisée pour trouver les coefficients α et r du
modèle.

La méthode modale fournit naturellement la constante de propagation de tous les modes se
propageant dans la structure. Du côté du gap-plasmon, on isole celui qui possède la plus petite
partie imaginaire pour sa constante de propagation. C’est le seul mode qui se propage, c’est
le gap-plasmon lui-même. Sa constante de propagation est donc la quantité α recherchée. Une
fois ce mode isolé, on cherche dans la matrice de diffusion le coefficient de réflexion de ce mode.
Étant donné la façon dont elle est construite, si le gap-plasmon est le ième mode, alors il faut
prendre la valeur située à la ligne i et à la colonne i. Une fois tous les paramètres trouvés,
les programmes utilisant les formules des champs de la cavité Fabry-Pérot peuvent fournir au
choix, des spectres d’absorption ou des cartes de champs.

La méthode est efficace, et elle permet notamment grâce à la technique stretching, de retrou-
ver le coefficient de réflexion pour des interstices aussi petits qu’un nanomètre. Cela représente
pourtant d’un point de vue numérique un problème extrêmement difficile étant donné la dif-
férence d’échelle entre cet interstice et le domaine de simulation de l’ordre de 500 fois plus
large. Mais la connaissance de ce coefficient de réflexion permet aussi de mieux comprendre
pourquoi notamment les résonance à gap-plasmon ne se manifestent de façon détectable qu’à
relativement faible épaisseur. Le coefficient de réflexion est en effet beaucoup plus faible pour
un interstice de quelques dizaines de nanomètres que pour un ou deux nanomètres (voir figure
3.11). Cela permet aussi de mieux comprendre pourquoi à très faible épaisseur il devient de plus
en plus difficile pour la résonance de produire une lumière diffusée : le coefficient de réflexion
devient trop élevé.

3.3.1 Cartes de champ
Dans la partie qui suit, nous comparons les cartes de champs obtenues grâce au modèle à celles

créées au moyen des codes modaux. Pour les images présentées ici, nous avons cartographié la
répartition des modules des champs dans la structure avec une épaisseur de diélectrique de 7
nm. Donc pour le modèle, la cavité possède une hauteur d égale à 7 nm. Le nanocube utilisé
mesure 62 nm et la longueur d’onde λ choisie vaut 800 nm. Si on regarde le coefficient de
réflexion de la structure avec les nanocubes dan ces conditions, on peut voir qu’il est proche de
zéro. La structure est donc en pleine résonance. Il faut être conscient que les cartes faites avec les
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Figure 3.11 – Module et phase du coefficient de réflexion r en fonction de la taille du gap en
nanomètres.

codes modaux et celles provenant du modèle ne représentent pas exactement le même espace :
le modèle prend en compte la cavité formée du film diélectrique et les parties métalliques au
dessus et au dessous mais pas ce qu’il y a au dessus et sur les côtés du nanocube alors que
les cartes de champ provenant des codes modaux montrent toute la structure c’est-à-dire le
substrat, le film diélectrique, le nanocube et l’air au dessus et sur les côtés du cube. Ainsi les
cartes créées à l’aide du modèle peuvent être vues comme un zoom par rapport à celles des
codes modaux.

En comparant les deux cartes du champ Hy (voir figure 3.12), nous pouvons remarquer que
le champ a exactement la même forme. Pour chacune des cartes, les programmes calculent
le champ pour chacun des points de la carte. Ainsi, en définissant un nombre de pixels, nous
pouvons au choix augmenter la résolution avec plus de temps de calcul ou diminuer la résolution
mais gagner du temps. Les cartes montrent la structure en résonance fondamentale. On peut
ainsi voir un champ constitué d’un ventre complet et unique ce qui caractérise la résonance
principale.

Lorsque l’on s’intéresse aux cartes des champs Ex, Ez et E (voir figures 3.13 et 3.14), on
remarque que les champs sont légèrement différents. En fait, on peut voir que les champs des
parties illustrées sur les cartes provenant des codes créés à partir du modèle ont la même forme
dans les cartes faites à partir des codes modaux. Cependant, sur ces dernières un champ très
intense apparaît près des coins inférieurs du nanocube. Cela vient du fait que dans ces codes,
les nanocubes sont modélisés par des cubes parfaits c’est-à-dire avec des angles pointus. D’un
point de vue électromagnétique, cela correspond à une singularité. Celle-ci n’apparaît que pour
le champ électrique. Dans la réalité, les nanocubes ne sont pas des cubes idéaux mais possèdent
des sommets arrondis. La courbure des sommets doit diminuer le phénomène de capture du
champ électrique est le champ aux coins bas du cube devrait toujours existé mais être moins
intense que sur les simulations.

Avec ces cartes de champ, on peut remarquer qu’à la résonance, le champ magnétique est
concentré au centre sous le cube alors que le champ électrique se concentre lui sous le cube
mais sur les bords. En effet, le champ électrique se place aux bordures du cube voire même
dépasse un peu de sous le nanocube. Cette caractéristique pourrait en faire un bon choix pour
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Figure 3.12 – Carte du champ Hy tirée du modèle (en haut) et tirée de la simulation directe
avec les codes modaux (en bas).

des applications en biosensing ou pour l’effet Raman, qui est proportionnel à | ~E|4. Assurément,
le champ électrique est très intense aux bords inférieurs du nanocube. De ce fait, les molécules
biologiques pourraient interagir aisément avec ce champ. De plus, l’interaction avec quelques
unes de ces molécules modifierait la position de la résonance notamment par une modification
de la phase du coefficient de réflexion r.

Concernant les pertes qui se font dans le métal par effet Joule, nous pouvons voir sur la figure
3.15 que les pertes des simulations ont bien la même forme que celles prévues par le modèle. Ce-
pendant, nous pouvons encore voir que même si ça n’est pas aussi intense que ce que pourraient
laisser supposer la carte du champ électrique, les sommets du cube perturbent à nouveau les
choses. Ces sommets concentrent les champ électrique et ainsi les pertes deviennent plus impor-
tantes sur les bords inférieurs du cube qu’on pourrait s’y attendre. Ces pertes supplémentaires
ne modifient cependant pas énormément la carte globale.

3.3.2 Spectres d’absorption et de réflection
Ces cartes de champ montrent que le modèle peut bien s’appliquer aux nanocubes. Cepen-

dant, nous allons aussi vérifier que le modèle corresponde aux simulations des codes modaux
au moyen de spectre de réflexion ou d’absorption selon la taille des nanocubes ou la longueur
d’onde incidente. De plus, nous allons surveiller que le contrôle interférométrique des résonances
selon l’angle fonctionne de la même façon dans les simulations que selon le modèle mis en place.

Les courbes de la figure 3.16 représentent des spectres d’absorption en haut et des spectres
de réflexion en bas. Les courbes du haut ont été faites grâce au modèle alors que celle du
bas proviennent des simulations directes. Les deux courbes de gauche présentent des spectres
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Figure 3.13 – Cartes des champs Ex à gauche et Ez à droite tirées du modèle en haut et créées
avec les codes modaux en bas

faits en fonction de la taille du nanocube. La longueur d’onde de l’onde incidente est de 750
nm et l’onde plane arrive avec un angle nul sur la structure. Le film diélectrique possède une
épaisseur de 12 nm. Les courbes de droites, elles, montrent des spectres effectués en fonction de
la longueur d’onde de l’onde d’éclairage. Le nanocube a une taille de 85 nm et le diélectrique
mesure 5 nm d’épaisseur. L’angle d’incidence est, cette fois encore, nul. Puisque le substrat est
une plaque de métal assez large, il n’y a aucune transmission. C’est pourquoi l’absorption et la
réflectivité doivent être complémentaires. Si on met en regard les courbes du haut avec celles du
bas correspondantes, nous observons qu’elles sont effectivement complémentaires : les pics de
résonances apparaissent aux mêmes longueurs d’onde ou pour les mêmes tailles de nanocube.
De plus, leurs largeurs aussi sont semblables et la hauteur relative des pics les uns par rapport
aux autres correspond également. C’est la preuve que les capacités prédictives du modèle sont
très bonnes, même s’il n’est pas capable de prédire l’intensité absolue d’une résonance, il permet
de comparer deux résonances entre elles.

Sur les courbes nous voyons apparaître deux pics. Or l’angle d’incidence de l’onde plane est
nul. Ainsi les résonances proviennent toutes de résonances impaires - donc ayant un champ
magnétique comportant un nombre de ventres complets impair. Sur les courbes de gauche, le
premier pic est le mode fondamental parce que cela correspond aux plus petites tailles de patch,
et le second est le troisième harmonique. Cependant, sur les courbes de droite, les pics sont
placés dans le sens inverse parce que le mode fondamental correspond à une longueur d’onde
effective du gap-plasmon plus grande, de l’ordre du double de la taille du cube. C’est pour des
longueurs d’ondes plus grandes que l’on trouve donc la résonance fondamentale.

Pour finir, nous montrerons des spectres en fonction de la longueur du patch à différents
angles d’incidence (voir figure 3.17). La structure utilisée pour créer ces spectres est formée
d’un film diélectrique d’épaisseur 10 nm éclairée d’une longueur d’onde à 950 nm. L’angle
d’incidente de l’onde plane varie de 0° à 30°. Concernant le modèle, cette différence d’angle
d’incidence correspond à un déphasage entre les excitations à gauche et à droite que nous
modéliserons comme la différence de chemin optique de l’onde plane pour atteindre chacun des
sommets au bas du nanopatch. En effet, la lumière contourne le cube pour aller exciter la cavité
sous le cube de chaque côté. On peut remarquer sur les courbes que l’intensité des résonances
excitées par les modes impairs comme celle de droite diminue avec l’angle alors que celle des
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Figure 3.14 – Carte du champ E total tirée du modèle en haut et créée avec les codes modaux
en bas

résonances excitées par les modes pairs augmente avec l’angle. En effet, avec les déphasage
engendré par la différence de chemin optique, les ventres des modes impairs se déphasent et
les interférences deviennent de moins en moins constructives. Par opposition à ces modes, le
déphasage entraine un décalage de ventres qui ne s’annulent plus tout à fait et les interférences
ne sont plus totalement destructives.

Nous pouvons remarquer sur ces courbes que le modèle prédit correctement l’emplacement
des résonance ainsi que leur comportement. Cependant, il existe quelques différences entre
l’intensité du champ dans le modèle et le coefficient de réflexion des simulations. La première
concerne la résonance fondamentale. Celle-ci sature dans les simulations numériques. Ainsi, elle
ne diminue pas avec l’angle et reste maximale pour tout angle d’incidence. Dans ces simulations,
la section efficace des nanocubes est telle que ce derniers sont capables d’absorber toute la
lumière incidente quel que soit l’angle d’incidence. Le modèle, quant à lui, ne prend pas en
compte l’efficacité des patchs qui ne peuvent donc pas saturer. L’autre différence vient de la
modification relative des résonances selon l’angle. En effet, on peut remarquer que dans les
simulations numériques, les résonances varient plus rapidement que dans le cas du modèle.
Ainsi pour un même angle d’incidence, la taille d’un pic de résonance paire par rapport à une
résonance impaire sera plus grande dans les simulations que pour le modèle. Cela provient du
fait que nous considérons pour simuler le déphasage que la lumière se propage en ligne droite.
Cependant, l’onde lumineuse incidente ne traverse pas le patch mais doit plutôt contourner
le métal. Ainsi le déphasage réel est légèrement plus grand. Il faudrait évaluer la distance
parcourue en plus par la lumière et ajouter un terme correctif au déphasage pour améliorer le
modèle.
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Figure 3.15 – Carte des pertes tirée du modèle au dessus et créée avec les codes modaux en
dessous.

En conclusion, nous avons montré de façon solide que l’image d’une cavité excitée des deux
côtés pour les patchs était physiquement exacte, et suffisamment prédictive pour prévoir com-
ment les résonances étaient susceptibles d’être plus ou moins excitées suivant l’angle d’incidence.
Nous l’avons montré à la fois analytiquement et en comparant le modèle à des simulations di-
rectes. Le modèle que nous avons mis en place permet ainsi de prédire l’allure des champs
magnétiques et électriques liés à la résonance. Certains ingrédients manquent encore, notam-
ment comment estimer à quel point l’amplitude du champ magnétique en entrée de la cavité
se transfère à la résonance quand on fait varier l’épaisseur du gap. C’est sans doute difficile ici
avec nos méthodes dans la mesure où à l’extérieur de la cavité il n’y a pas qu’un seul mode.
L’estimation de la différence de phase entre les deux excitations hors incidence normale est sans
doute aussi à revoir aux angles un peu importants.

Au final, notre modèle montre effectivement que les résonances avec un nombre impair de
ventres sont excitées de façon particulièrement efficace en incidence normale à cause d’un phé-
nomène de renforcement interférentiel de l’absorption. Quand on augmente l’angle avec lequel
on illumine une assemblée de résonateurs, il faut s’attendre à ce qu’ils deviennent moins effi-
caces (jusqu’à 4 fois au moins). On se met en effet à les exciter de façon déphasée de part et
d’autre et cela diminue l’efficacité des interférences constructives. Sur une assemblée réaliste de
résonateurs très dense, cela se manifeste pour des angles d’incidence qui peuvent être un peu
plus élevés que ne le prédit l’observation d’un résonateur seul : c’est quand la section efficace
d’absorption individuelle atteint la surface occupée par chaque résonateur que l’absorption to-
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Figure 3.16 – Réponse optique de patchs de section carrée de 85 nm de côté en incidence
normale. En haut, les prédictions du modèle pour l’absorption sont représentées. En bas, les
résultats de simulation pour la réflectivité sont montrés. A gauche, on fait varier la taille du
patch, pour une épaisseur de diélectrique de 12 nm. A droite, on fait varier la longueur d’onde
pour une épaisseur de diélectrique de 5 nm. La bonne correspondance des prédictions du modèle
et de la simulation montre les capacités du modèle à prendre en compte son fonctionnement
physique.

tale commence à diminuer. Ce phénomène de diminution de l’absorption avec l’angle est donc
assez complexe, mais son origine est bien là.

Pour les résonances avec un nombre pair de ventres (avec un champ magnétique impair), on
comprend à l’aide du modèle pourquoi elles ne sont pas excitées en incidence normale. Mais
dès que l’angle d’incidence augmente un peu, la suppression interférométrique cesse et elles
deviennent plus efficaces pour absorber la lumière. Cela pourrait constituer une façon originale
de s’assurer que l’onde incidente arrive bien normalement à la surface, en cherchant ce minimum
de réflexion à la résonance.

Au delà de ces aspects, savoir que l’on peut ainsi contrôler la section efficace d’un résonateur
en faisant varier l’angle d’incidence pourrait se révéler important à l’avenir si on voulait par
exemple utiliser des méthodes d’auto-assemblage basées sur des photo-polymères pour disposer
les cubes. C’est une des raisons qui ont aussi motivé cette étude.



68 CHAPITRE 3. CONTRÔLE INTERFÉROMÉTRIQUE DE L’ABSORPTION

Figure 3.17 – Spectres d’absorption d’une structure avec un film diélectrique d’épaisseur 5 nm
et une longueur d’onde de 950 nm en fonction de la longueur du patch avec différents angles
d’incidence allant de 0° à 30° (en haut tirée du modèle, en bas basée sur les codes modaux)



CHAPITRE 4

TRANSMISSION EXALTÉE PAR LES RÉSONATEURS À
GAP-PLASMON

A l’heure actuelle, les résonateurs à gap-plasmons sont toujours excités directement, par un
champ incident et c’est évidemment la meilleure façon de le faire. Cela peut cependant se
révéler peu pratique, notamment dans le cas de la détection de molécules. On sait d’autre part,
depuis notamment les travaux sur la transmission exaltée à travers des réseaux de trous[81] ou de
fentes[82] très sous-longueur d’onde, que des résonances permettent d’augmenter très fortement
la transmission d’un film métallique. Les deux exemples historiquement importants sont les
réseaux de trous cylindriques percés dans un film métallique et les réseaux de fentes. Dans le
cas des trous circulaires la périodicité du réseau excite des plasmons de surface, qui se couplent
alors à ceux se propageant de l’autre côté du film, qui sont eux-même rayonnés, provoquant la
transmission[81]. Les trous ont un double rôle : ils permettent d’exciter les plasmons de surface
et ils facilitent le couplage entre les deux côtés du film métallique. Dans le cas des réseaux de
fentes, il se produit une résonance de cavité finalement très semblable à ce qui se passe dans le
cas des résonateurs à gap-plasmons. La différence majeure étant que les fentes, bien que très
sub-longueur d’onde, ne sont pas dans le régime où l’index effectif du mode est très différent
de celui du diélectrique[82].

Nous nous sommes donc demandé s’il était possible d’utiliser les résonances d’antennes patchs
pour augmenter la transmission de la lumière à travers un film métallique servant donc de
substrat pour les résonateurs à gap-plasmon. Cette idée peut être liée à des travaux menés
à Duke University sur l’effet Purcell[2]. Une des conclusions de ces travaux est que, quand
l’interstice sous les nanocubes utilisés comme patchs est un peu grand, le résonateur diffuse
plus la lumière. Cela peut se comprendre en pensant que le coefficient de réflexion du gap-
plasmon est alors plus faible et que la cavité laisse ainsi plus fuir la lumière. Un autre de nos
buts était de comprendre au passage à quel point il était possible d’exciter les nano-antennes
par en dessous, en ayant toujours à l’esprit de se servir des résonateurs à gap-plasmon comme
des objets extrêmement sensibles à leur environnement. Nos premières simulations nous ayant
montré que les résonateurs à gap-plasmons pouvaient être excités à travers le film métallique,
nous avons alors décidé de réaliser l’expérience correspondante, en prenant conscience aussi
qu’au sein du laboratoire, toutes les compétences et les capacités techniques étaient réunies
pour le faire.

69
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4.1 Étude numérique

La structure que nous avons décidé d’étudier est donc celle d’un film métallique mince sur
lequel on dépose des patchs pour former les résonateurs à gap-plasmon. La structure est repré-
sentées figure 4.1.

Figure 4.1 – Schématisation de la structure modélisée

Pour modéliser la structure présentée ci-dessus, nous avons utilisé les codes modaux présentés
dans le deuxième chapitre. Comme pour la structure du troisième chapitre, le problème peut
être découpé quelques en couches invariantes en z. Cette fois cependant, l’onde incidente arrive
depuis sous le substrat puisqu’on considère une structure en transmission.

Pour que la structure fonctionne, il faut s’assurer de la possibilité d’exciter le gap-plasmon
à travers le métal. Le gap-plasmon ne peut être excité que si un champ magnétique oscille à
la fréquence de résonance du gap-plasmon aux bords de la cavité. Il faut donc dans notre cas
qu’une onde atteigne les bords sous les nanocubes. Cela est possible dans le cas d’une couche
de métal d’épaisseur inférieure à deux fois l’épaisseur de peau dans le métal. En effet, l’onde
incidente arrivant sur le métal est majoritairement réfléchie, en excitant une onde évanescente.
Ces ondes évanescentes n’ont assez d’intensité pour traverser le métal que si l’épaisseur de celui-
ci est assez faible. Au bout d’une fois l’épaisseur de peau, environ 25 nm, il reste encore 37 % de
l’amplitude incidente. Après deux épaisseurs de peau, il ne reste plus que 10% de l’amplitude
du champ incident. C’est trop peu. A l’inverse, si le champ parvenant de l’autre côté du film
métallique est suffisamment intense, l’onde évanescente peut alors exciter le gap-plasmon. Afin
de vérifier cela, nous avons simulé la réponse optique de la structure. La carte du champ Hy

obtenu par simulation est représentée sur la figure 4.2. Cette image montre que la résonance
sous les nanocubes peut effectivement être excitée à travers la couche métallique.



4.1. ÉTUDE NUMÉRIQUE 71

Figure 4.2 – Carte du champ de la structure à une longueur d’onde de 850 nm avec une
épaisseur de métal de 20 nm, une de diélectrique de 15 nm et des nanocubes de 75 nm

Une fois la résonance excitée, les patchs doivent diffuser la lumière à la fréquence de résonance.
Pour le vérifier, nous avons tracé les spectres de réflexion et de transmission de la structure,
présentés figure 4.3. Ce diagramme montre la réflectivité (en vert) et la transmission (en noir)
d’un dépôt d’or de 20 nm d’épaisseur avec une couche de diélectrique de 15 nm. Puis en bleu
et rouge, sont respectivement représentées les courbes de réflexion et de transmission avec des
nanocubes de 75 nm placés sur le film diélectrique. Sur ces courbes, nous pouvons remarquer
que pour des longueurs d’onde inférieures à 800 nm, la réflexion de la structure est plus forte si
des nanocubes sont présents sur la structure. Cependant, pour des longueurs d’onde proches de
celles de la résonance des gap-plasmons (aux environs de 840 nm), la transmission est supérieure
lorsque des nanocubes sont déposés. Dans le cas présenté ici, la transmission augmente de
10% à la résonance mais il est probablement possible d’optimiser la structure pour exalter la
transmission encore plus. Cependant, si on peut avoir confiance dans le fait que les simulations
bidimensionnelles sont une bonne approche du problème en ce qu’elles permettent de situer la
résonance et son amplitude, ainsi que de donner un bon ordre de grandeur de l’effet attendu,
on sait qu’il ne s’agit pas d’une simulation parfaitement réaliste. Par expérience, nous savons
aussi que les simulations avec des arrêtes droites ne sont pas toujours simples à faire coïncider
avec l’expérience[41]. L’optimisation avec les outils dont nous disposons n’est donc pas très
pertinente ici.

Enfin, il faut remarquer la forme caractéristique du profil de résonance obtenu ici. Comme
nous cherchons une structure qui puisse utiliser les résonances pour laisser passer la lumière
d’un continuum à un autre, cela impose que ces résonances soient fortement couplées aux
continuum. Il est bien connu que dans ce cas on obtient des profils de résonance qui ne sont
plus aussi simples que ceux que l’on trouve quand on recherche juste une absorption. A la place,
le profil obtenu est un profil de Fano[83]. Il comporte bien un pic de transmission, mais aussi
un pic d’absorption. Les deux sont liés à la présence d’un résonateur, mais celui-ci se comporte
alors comme un absorbeur ou un diffuseur suivant la fréquence considérée.



72 CHAPITRE 4. TRANSMISSION À TRAVERS UN FILM MÉTALLIQUE

Figure 4.3 – Spectres de réflexion de la structure sans cube en noir et avec cubes en bleu et de
transmission de la structure sans cube en vert et avec cubes en rouge. Les nanocubes mesurent
75 nm, le diélectrique a une épaisseur de 15 nm et celle du métal est de 20 nm. L’onde incidente
est une onde plane polarisée en TM et a un angle d’incidence nul.

La structure présentée ici permet donc de transmettre plus facilement une onde à travers un
métal. Sachant que la résonance des gap-plasmons est très sensible à son environnement, ce
type de structure pourrait être utilisé pour fabriquer des capteurs biologiques peut-être plus
facile à solliciter optiquement qu’en traversant d’abord l’échantillon, forcément du côté des
résonateurs.

4.2 Fabrication

Pour créer ces structures, plusieurs étapes sont nécessaires et elles doivent toutes être maî-
trisées. En premier lieu, il faut déposer une couche d’or d’épaisseur choisie sur une lame de
verre. Ces dépôts ont pu être effectués par deux moyens différents : nous avons fait des dépôts
dans un bâti ultra-vide mais aussi grâce à un bâti d’évaporation thermique sous vide. Une fois
l’or déposé, il a fallu placer sur cette couche métallique un film diélectrique au moyen d’une
méthode dite layer by layer puis déposer les nanocubes.

4.2.1 Dépôt de la couche d’or

Le dépôt d’une couche métallique sur un substrat nécessite l’absence d’impureté. Le dépôt
doit donc être effectué dans une enceinte sous un vide poussé afin de contrôler l’environnement.
Dans notre laboratoire, deux équipes utilisent des techniques différentes dans deux enceintes
sous vide capables de produire des dépôts métalliques. La première équipe utilise un bâti ultra-
vide alors que la seconde se sert d’un bâti d’évaporation thermique sous vide. Le bâti ultra-vide
utilise un vide plus poussé que le bâti d’évaporation thermique cependant le temps de dépôt
est environ 150 fois plus lent. Nous allons présenter dans la suite les deux enceintes et comment
les dépôts ont pu être fait et les différents paramètres utilisés.
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Bâti Ultra-vide

Dans ce paragraphe, je présenterai le bâti ultra-vide composé de trois chambres (voir figure
4.4). Ensuite, j’expliquerai son utilisation afin d’effectuer des dépôts d’or d’épaisseur choisie.

Figure 4.4 – Photographie du bâti ultra-vide

Le bâti comporte trois chambres. La première, la chambre d’introduction, sert à insérer les
échantillons dans le bâti. Son volume est très restreint afin de pouvoir retrouver rapidement un
vide secondaire après ouverture à l’air libre. Une pompe turbo-moléculaire assure un vide de
10−6 Pa. Une canne de transfert permet le passage de l’échantillon dans les différentes chambres.
La chambre d’introduction est isolée de la chambre de préparation par une vanne hermétique.
Cela protège le vide dans les autres chambres lors de l’ouverture de la chambre d’introduction.

La deuxième chambre est la chambre de préparation. C’est à l’intérieur de celle-ci que les
échantillons peuvent être nettoyés puis structurés dans un vide à 10−9 Pa. À ces fins, plusieurs
équipements sont ajoutés à cette chambre. Parmi ces équipements, on peut trouver un canon à
ions qui permet de graver la surface mais surtout de la nettoyer au besoin. Il y a aussi diverses
sources permettant d’envoyer différents éléments sur la surface pour la structurer. Ainsi, à
l’avant, on peut voir une cellule qui permet d’évaporer des atomes d’or sur la surface. Lors des
manipulations, cette cellule est chauffée afin d’avoir de l’or sous forme gazeuse. La différence
de pression entre la cellule et l’intérieur de la chambre entraîne la création d’un flux d’atomes
d’or allant de la cellule au centre de la chambre. Il suffit alors de placer l’échantillon au centre
face à la cellule pour que l’or vienne s’y déposer (voir figure 4.5). Entre la cellule et le porte-
échantillon est placé un cache qui permet à tout moment de stopper le bombardement d’or
sur la surface. Ainsi le contrôle du temps d’exposition est aisé. Le porte-échantillon peut être
chauffé afin d’homogénéiser la surface grâce à la diffusion thermique des atomes (dans le cas
de croissance de type Stranski-Krastanov ou Volmer-Weber) par contre un chauffage trop fort
peut endommager la surface.
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Figure 4.5 – Photographie de l’intérieur de la chambre de préparation

Pour vérifier la structuration de la surface, nous pouvons utiliser la chambre d’analyse dans
laquelle règne une pression de l’ordre de 10−9 Pa. Cette chambre contient tous les appareils
utiles pour effectuer une analyse par spectroscopie XPS (X-rays Photoelectron Spectroscopy)
permettant d’analyser les premières dizaines de nanomètres de la surface. Pour la spectroscopie
XPS, il faut une source de rayons X et un analyseur d’électrons (ici un analyseur hémisphérique)
(voir figure 4.6) tous deux placés face à l’échantillon (voir figure 4.7).

Figure 4.6 – Photographie de la chambre d’analyse vue du dessus
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Figure 4.7 – Photographie de l’intérieur de la chambre d’analyse

La spectroscopie photoélectrique X ou ESCA (Electron Spectrospocy for Chemical Analy-
sis) est une méthode d’analyse de surface basée sur l’énergie cinétique de photoélectrons[84].
L’échantillon à analyser est placé face à l’analyseur. Un faisceau de rayons X éclaire la surface à
analyser qui produit entre autres des photoélectrons. Ces derniers sont recueillis par l’analyseur
qui mesure leur énergie cinétique. Cette énergie est caractéristique du matériau dont il provient.
Ainsi le spectre enregistré par l’analyseur comporte différents pics permettant de retrouver la
composition chimique de l’échantillon (en qualité mais aussi en quantité). Si on analyse un
échantillon avant et après un dépôt d’or, on peut voir des pics apparaître sur le spectre comme
le montre la figure 4.8. En effet, sur cette figure, il est possible de voir des pics représentant de
l’or apparaître après le dépôt aux alentours de 350 eV et 100 eV .

Figure 4.8 – Spectre général avant et après le dépôt d’or

Avant ces travaux, le bâti n’avait jamais été utilisé pour déposer une couche d’or avec une
épaisseur fixe. Il a donc fallu trouver un moyen de connaître la vitesse de dépôt de l’or. Pour
cela, nous avons effectué un test de calibrage. Nous avons effectué un dépôt d’or en analysant
la surface toutes les deux secondes de dépôt. En analysant la surface pour plusieurs temps de
dépôts, on peut dire que la croissance de l’or est de type Frank van der Merwe car l’intensité
des pics d’or de la spectroscopie XPS augmente linéairement entre deux couches pleines. Il est
possible de mesurer l’épaisseur de la couche d’or en comparant l’intensité d’un pic dû à l’or
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sur les spectres XPS des différents temps d’exposition (voir figure 4.9. Cela nous a permis de
calibrer la vitesse de dépôt d’une monocouche d’or. On a ainsi obtenu une vitesse de dépôt de
1,6 Å par minute.

Figure 4.9 – Spectre du pic Au4f du dépôt d’or selon le temps d’exposition (2 secondes en
rouge, 6 secondes en vert et 10 secondes en bleu)

Après quelques dépôts, nous avons constaté que la croissance d’or directement sur verre peut
entraîner des défauts de surface. Afin de les éviter, nous avons dû fonctionnaliser la surface de
verre au moyen de bains de chrome. La vérification de la rugosité des surfaces d’or à l’AFM
montre que ces bains remplissent leur rôle et les surfaces n’ont pas de défauts.

Bâti d’évaporation thermique sous vide

Une autre solution pour effectuer des dépôts d’or sur du verre est d’utiliser un bâti d’évapo-
ration thermique (voir figure 4.10). L’évaporateur avec lequel nous travaillons est un Auto 306
de chez Edwards. Il est composé d’une pompe primaire permettant d’obtenir un vide de l’ordre
de 10−2 mbar associée à une pompe secondaire permettant d’atteindre un vide de l’ordre de
10−7 mbar.

Dans ce type d’évaporateur, l’échauffement d’un creuset (voir figure 4.11 à droite) permet à
la matière qu’il contient d’atteindre son point de fusion puis, dans un second temps son point
de vaporisation. On a donc deux processus élémentaires qui se produisent : l’évaporation d’une
source chauffée puis la condensation à l’état solide de la matière évaporée sur le substrat de
notre choix. L’échauffement de la matière peut être engendré par plusieurs techniques dans
notre cas elle est basée sur l’effet Joule : un courant de quelques dizaines d’Ampères passe dans
le creuset qui contient la matière à évaporer.
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Dans notre cas, c’est un fils d’Au qui est placé dans le creuset. Il nécessite un courant de l’ordre
de 32 A pour être évaporé puis déposé sur le substrat choisi. L’échantillon est placé en haut de
la cellule, face vers le bas (voir figure 4.11 à gauche). Devant lui un cache de protection peut être
placé à tout moment afin d’arrêter le dépôt. Un quartz associé à un système électronique placé
proche de l’échantillon, permet de mesurer très précisément la variation de la masse déposée sur
l’échantillon et ainsi d’en déduire en fonction des caractéristiques du métal à déposer l’épaisseur
de la couche. La vitesse de dépôt peut être régulée en agissant sur la valeur du courant. Dans
notre cas, une vitesse de dépôt de 5 Å par seconde a été choisie.

Les échantillons préparés avec le bâti d’évaporation thermique peuvent mesurer plusieurs
cm2 ce qui peut faciliter leur manipulation. L’épaisseur de la couche déposée est calculée au
demi-Ångstöm près. Cependant, cette technique comporte un certain nombre d’inconvénients.
Le premier est le temps d’attente entre le placement de l’échantillon dans la cellule et le début
du dépôt. Il faut en effet plusieurs heures pour que le vide soit assez fort pour qu’un dépôt soit
possible. Le second grand inconvénient est la taille de la cellule. Étant donné que le gaz d’or
se diffuse partout, les pertes sont très importantes et il faut donc en utiliser beaucoup plus que
dans le bâti ultra-vide.

Figure 4.10 – Photographie de la cellule évaporatrice
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Figure 4.11 – Photographies des parties essentielles de la cellule à gauche et plus particuliè-
rement de la plateforme de dépôt des métaux à droite

4.2.2 Fabrication d’une couche de diélectrique et dépôt des nano-
cubes

Avant de déposer les nanocubes, il faut créer le film de diélectrique. Ce film est déposé par la
méthode appelée layer by layer[85]. Cette méthode consiste à déposer des couches de monomères
les unes après les autres afin de créer un film diélectrique de quelques nanomètres. Dans nos
expérimentations, nous utilisons deux polymères différents : le PSS (polystyrène sulfonate de
sodium) et la PAH (poly allylamine hydrochloride). Les monomères de chacun de ces polymères
sont présentés dans la figure 4.12.

Figure 4.12 – Formules des monomères de PSS à gauche et PAH à droite
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L’accroche des polymères se fait grâce à des liaisons électrostatiques. En effet, plongé dans
un bain de chlorure de sodium, le PAH prend une charge positive en libérant un ion Cl− alors
que le PSS prend une charge négative en libérant un ion Na+. Les électrons de conduction du
métal crée un écrantage qui fait apparaître la surface comme chargée négativement. Ainsi, en
déposant du PAH sur le métal, le polymère ayant une charge positive est attiré par la surface
et des liaisons électrostatiques se créent entre chaque monomère des polymères et le métal. Si
la surface est exposée plusieurs minutes (environ 5) au PAH, ce dernier la recouvre totalement.
Le métal ainsi recouvert de PAH forme une nouvelle surface chargée positivement cette fois. Si
maintenant, nous plongeons cette surface dans un bain de PSS, les polymères de PSS viendront
de la même manière recouvrir la nouvelle surface. Il sera alors possible de déposer à nouveau
une couche de PAH et ainsi de suite jusqu’à obtenir l’épaisseur voulue (voir figure 4.13).

Ces étapes se font par bains successifs (voir figure 4.14). Le premier bain est une solution à
base de PAH. Le PAH est dilué de manière à obtenir une concentration de 3mmol.L−1 dans
une solution de NaCl de concentration 1mol.L−1. Après avoir plongé la couche métallique dans
ce bain durant 5 minutes, nous la retirons puis la rinçons à l’eau désionisée et la séchons avec
un jet d’air comprimé. Ensuite, un bain de rinçage de 5 minutes dans une solution de NaCl
de 1mol.L−1 est nécessaire. Après avoir rincer à l’eau et sécher la structure, elle est plongé
pendant 5 minutes dans un troisième bain constitué de PSS (3mmol.L−1) dans une solution de
NaCl de 1mol.L−1. Enfin, un second bain de rinçage identique au premier sert à nettoyer la
surface. L’ensemble de ces quatre bains servent à former une bicouches de diélectrique mesurant
environ 1 nanomètre d’épaisseur. Il reste à continuer ces bains successifs dans le même ordre
jusqu’à ce que le film diélectrique mesure l’épaisseur désirée (dans notre cas entre 5 et 15 nm).

Figure 4.13 – Schématisation de la création de couches successives de polymères diélectriques
(Image tiré de l’article Technology-driven layer-by-layer assembly of nanofilms[85])
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Figure 4.14 – Schématisation de la méthode des bains successifs utilisée (Image tiré de l’article
Technology-driven layer-by-layer assembly of nanofilms[85])

Le nombre de monocouches de polymères doit être impair de façon à ce que le dernier poly-
mère déposé soit du PAH. Ainsi la surface finale sera chargée positivement. Cela nous permettra
de pouvoir déposer les nanocubes de métal. En effet, lors de la synthèse des nanocubes[86], ils
se retrouvent enfermés dans une couche de PVP (polyvinylpyrrolidone) d’environ 3 nm mais
gardent tout de même une charge négative. Le dépôt des nanocubes se fait donc tout simple-
ment en plaçant une goutte de nanocubes plongés dans une solution d’éthanol sur la structure.
Les nanocubes chargés négativement se retrouvent attirés par la surface et vont s’adsorber pour
s’auto-assembler. De plus, étant tous chargés négativement, ils se repoussent et se répartissent
de manière homogène sur la surface. Une heure après le dépôt de la goutte de la solution, les
nanocubes se sont adsorbés et l’échantillon peut être nettoyé à l’eau désionisée puis séché.

Une fois toutes ces manipulations effectuées, il ne reste plus qu’à rincer la structure et la
protéger en attendant de pouvoir la caractériser.

4.3 Caractérisation
Après avoir fabriqué les structures avec des nanocubes, il nous reste à mesurer leurs carac-

téristiques physiques, vérifier que les structures bien l’allure attendue, et vérifier qu’elles se
comportent de la façon prévue par les modélisations pour ce qui touche à leur réponse optique.
Pour cela, nous regarderons la répartition des nanocubes et leur dépôt sur la surface puis nous
étudierons la réflectivité et la transmittance de la structure.

4.3.1 Microscopie Électronique à Balayage (MEB)
Avant toute autre caractérisation optique, il faut vérifier l’état du dépôt de nanocubes. Nous

avons utilisé un MEB (microscope électronique à balayage) Zeiss disponible via la société 2MA-
Tech. Le substrat utilisé pour fabriquer la structure étant du verre, l’imagerie au MEB requiert
la préparation des échantillons. Un film conducteur d’or est évaporé sur la face arrière du verre
de manière à ce que les électrons partent à la masse et ne gênent pas l’image. Pour vérifier la
répartition des nanocubes, nous commençons par regarder la structure avec un grossissement de
5000 (voir figure 4.15). Sur cette image, nous pouvons vérifier que les nanocubes se dispersent
bien sur la surface et se déposent de manière homogène. Cependant, nous pouvons déjà aper-
cevoir des amas auxquels on ne s’attendait pas. On peut voir que la surface n’était pas parfaite
avant le dépôt des nanocubes. Sur la seconde image (figure 4.16), avec un grossissement de 100
000, il est possible d’obtenir plus d’informations sur les nanocubes comme leur taille moyenne
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et une distance moyenne qui permet de mesurer le taux de recouvrement de la surface par des
nanocubes (environ 10%).

Figure 4.15 – Image d’une surface métallique recouverte d’un film diélectrique parsemé de
nanocubes au MEB (grandissement : 5000 X)

Figure 4.16 – Image d’une surface métallique recouverte d’un film diélectrique parsemé de
nanocubes au MEB (grandissement : 100 000 X)
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4.3.2 Réponse optique

La dernière étape consiste bien entendu à vérifier que la réponse optique de la structure
s’approche de celle prévue par les simulations, et que l’on peut voir l’influence des nano-antennes
sur les propriétés du film métallique. Même si c’est bien la transmission qui nous intéresse, la
réflectivité est porteuse d’énormément d’informations. Elle permet de savoir très directement
si les nanocubes résonnent. Pour cela nous allons utilisé un montage optique composé d’une
source de lumière blanche, d’un porte-échantillon, d’une lentille de distance focale 25 cm et
d’un spectroscope pour un montage en transmission (voir figure 4.17). Pour le montage en
réflexion, il nous faut ajouter une lame séparatrice (voir figure 4.18). Pour chacun des montages,
l’échantillon est placé à deux fois sa distance focale de la lentille. La lentille est elle-même placée
à la même distance de l’entrée du spectroscope. La différence entre les deux montages réside
dans la manière d’illuminer l’échantillon. Pour le montage en transmission, il suffit de placer la
lumière blanche derrière l’échantillon alors que pour le montage en réflexion, il faut placer la
lumière à l’avant de l’échantillon, sur un côté, et utiliser une lame séparatrice afin d’illuminer
l’échantillon normalement à sa surface.

Figure 4.17 – Photographie du montage en transmission
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Figure 4.18 – Photographie du montage en réflexion

4.3.3 Spectres en réflexion et en transmission

En utilisant les montages présentés ci-dessus, il nous est possible de mesurer le spectre de
réflexion et le spectre de transmission d’un échantillon. Nous avons ainsi mesurer ces deux
spectres pour un même échantillon avant de déposer des nanocubes sur le film diélectrique
puis après le dépôt. Nous avons placé les spectres faits avant et après le dépôt sur le même
graphique afin de les comparer. Ces spectres sont présentés sur les figures 4.19 et 4.20 où le
spectre fait avant est en noir et celui fait après est en rouge. Nous pouvons remarquer que la
structure ne fonctionne pas de la manière que nous espérions. En effet, aucune augmentation
de la transmission n’est visible. De plus les résonances visibles vers 400 nm et 500 nm ne
correspondent pas du tout à la fréquence de résonance du gap-plasmon qui aurait dû être
excité sous les nanocubes. Les résonances semblent plutôt provenir de l’excitation du nanocube
lui-même. En effet, un nanocube peut être considéré comme une nanoparticule et donc il peut
supporter un plasmon de surface localisé, une résonance propre, comme nous l’avons vu dans
le premier chapitre. Ainsi ce serait cette résonance propre qui apparaîtrait et non celle du
gap-plasmon.
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Figure 4.19 – Spectres de réflexion d’un échantillon avant le dépôt des nanocubes en noir et
après le dépôt en rouge

Figure 4.20 – Spectres de transmission d’un échantillon avant le dépôt des nanocubes en noir
et après le dépôt en rouge

4.3.4 Discussion

Nous avons vu que les résultats obtenus ne concordent absolument pas avec les modélisa-
tions. Il semble que le gap-plasmon sous les nanocubes ne soit pas du tout excité. Pourtant les
nanocubes sont déposés sur la surface. Si nous regardons une image MEB de la surface avec
le film diélectrique et les nanocubes présentée sur la figure 4.21, nous observons à nouveau des
amas clairs. Ces amas sont formés de matière diélectrique, il s’agit donc de polymères qui ne
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se sont pas déposés horizontalement. Ainsi la surface sous les nanocubes n’est pas très planes
et cela empêche l’excitation des gap-plasmons.

Figure 4.21 – Image au MEB d’un dépôt de nanocubes sur un film diéletrique lui-même déposé
sur une couche métallique (grossissement : 10 000 X)

Pour trouver une explication à l’existence de tels amas, il faut regarder de plus près la création
du film diélectrique. Le dépôt d’une monocouche de polymères peut être influencer par plusieurs
paramètres comme énoncé dans la thèse de Jérôme Dejeu datant de 2007[87].

La masse molaire et la longueur des polymères

Le premier de ces paramètres que nous évoquerons est la masse molaire des polymères. Sur
la graphique tiré de cette thèse (figure 4.22), nous pouvons remarquer que la masse molaire
ne montre pas d’effet significatif sur la quantité adsorbée. Cependant, il faut savoir que des
chaînes courtes (quelques dizaines de monomères) se concentrent plus rapidement sur la sur-
face que de longues chaînes. Les chaînes très longues (plusieurs centaines de monomères) ont
aussi plus de probabilité de créer des boucles c’est-à-dire des enroulements sur elles-même qui
augmenteraient la quantité adsorbée mais pas le taux de remplissage de la surface. Ainsi l’uti-
lisation de chaînes plus courtes n’influe pas sur la quantité adsorbée mais permet d’obtenir une
surface plus plane avec moins de boucles. Or dans nos expériences, nous utilisions des chaînes
de plus de 500 monomères. Nous pouvons aussi remarquer sur le graphique que l’adsorption se
fait brutalement aux alentours de 300 secondes soit environ 5 minutes de bain. Si le temps des
bains est légèrement inférieur, cela peut modifier totalement la monocouche et l’empêcher de
se déposer correctement.
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Figure 4.22 – Influence de la masse molaire des polymères sur la quantité adsorbée d’une
monocouche de PAH (courbe tirée de la thèse de Jérôme Dejeu[87])

La concentration

Nous pouvons aussi jouer sur la concentration du PAH et du PSS dans les solutions de
NaCl afin de modifier l’adsorption des polymères. En effet, sur le tableau 4.23 tiré de la même
thèse, nous pouvons voir que le temps au bout duquel l’adsorption brutale se produit évolue en
fonction de la concentration des solutions en polymères. Plus la concentration est grande, plus
le temps qu’il faut est faible. Ainsi, si la concentration n’est pas exactement celle prévue avec
le temps choisi pour les bains mais qu’elle est inférieure, l’adsorption est bien moins efficace et
la monocouche s’en trouve extrêmement modifiée.

Figure 4.23 – Tableau représentant l’influence de la concentration des polymères en solution
(tableau tiré de la thèse de Jérôme Dejeu[87])

Dans cette dernière partie, nous avons montré qu’une transmission à travers un film métal-
lique exaltée par les nanocubes était théoriquement possible. La problématique de l’excitation
de ces résonateurs à travers un film métallique est de toutes façons pertinente parce qu’elle
pourrait aussi permettre une miniaturisation des capteurs, par exemple en les déposant au
bout d’une fibre optique. J’ai tenté, en m’appuyant sur les compétences et le matériel présent
au laboratoire dans les différentes équipes de l’axe Photon de l’Institut Pascal, de réaliser des
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structures susceptibles de mettre ce phénomène en évidence. Notre première série d’expériences
a échoué : les cubes ont bien été déposés, mais leur réponse optique est inexistante, donc aucun
n’a formé de résonateur. En analysant ce qui avait pu rater (puisque les cubes s’étaient quand
même déposés), nous en sommes venus à la conclusion que les temps que nous avons utilisés
pour la fabrication de la couche de diélectrique par une technique de Layer-By-Layer n’étaient
pas adaptés. Dans un futur très proche, nous allons recommencer les expériences en espérant
cette fois avoir plus de succès. D’autres méthodes de caractérisation (AFM et ellipsométrie)
seront utilisées pour contrôler étape par étape la qualité de nos réalisations.
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CONCLUSION

Au cours de cette thèse, nous avons tout d’abord décrit de façon théorique un résonateur à
gap-plasmon à base d’antenne patch. Nous avons mis en évidence un mécanisme de contrôle in-
terférométrique de l’absorption expliquant pourquoi certaines résonances n’étaient pas excitées
en incidence normale, et pourquoi d’autres étaient particulièrement efficaces pour concentrer
et absorber la lumière dans les mêmes conditions. Nous avons montré que ce mécanisme était
capable d’expliquer la dépendance angulaire de la section efficace d’absorption de chaque ré-
sonateur pris individuellement et d’expliquer ainsi pourquoi elle diminuait avec l’angle pour
la résonance fondamentale notamment. Ce mécanisme devrait permettre à l’avenir de mieux
comprendre comment varie la réflectivité d’une assemblée de ces résonateurs, car leur densité
peut compliquer l’image simple qu’on pourrait en avoir. Il montre aussi comment on peut uti-
liser l’angle d’incidence pour faire en sorte que les nano-antennes concentrent plus ou moins
la lumière. Inversement, peut-être pourrait-on utiliser ce mécanisme pour mieux expliquer le
diagramme d’émission des cubes, en apparence assez semblable à celui d’un dipôle et surtout,
avec un lobe orienté perpendiculairement au film métallique.

En implémentant une technique numérique qui a été initialement développée dans l’équipe qui
m’a accueillie, j’ai pu montrer qu’elle permettait de calculer les paramètres cruciaux du modèle
utilisé pour comprendre les résonateurs - et même qu’elle était nécessaire. En plasmonique, des
problèmes numériques complexes ont tendance à surgir souvent, et cette méthode a permis d’en
contourner quelques uns dans des conditions de rapports de forme pourtant assez extrêmes. Elle
permet ainsi d’accélérer la convergence des méthodes modales grâce à l’utilisation d’étirement
de coordonnées et permet l’utilisation de techniques pour casser la périodicité intrinsèque de la
méthode. J’ai aussi eu la chance de participer au développement de Moosh, un programme de
résolution des équations de Maxwell pour des structures multi-couches.

Nous savons que les nanopatchs sont de très bons absorbeurs et émetteurs mais ils doivent
d’après nos simulations aussi pouvoir aider à transmettre la lumière plus facilement à travers
un film métallique. Nous avons mis en évidence que des profils de Fano pouvaient se manifester,
et qu’ainsi près des résonances, les nanopatchs pouvaient favoriser la transmission à travers le
substrat en métal. Après cette étude théorique menée grâce aux codes que j’avais mis au point,
j’ai eu la chance de pouvoir débuter des activités expérimentales, une première dans l’équipe. Les
structures étant théoriquement simple et peu onéreuses à fabriquer, j’ai travaillé avec plusieurs
équipes et différents techniciens sur les étapes menant à la réalisation de surfaces décorées de
nanocubes. Les échantillons que nous avons réalisés ne se sont pas révélés fonctionnels. Nous
pensons cependant avoir identifié la source du problème. Nous espérons vivement que dans
les semaines ou mois à venir, nous serons en mesure de produire un dispositif qui mette les
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phénomènes attendus en évidence.

Ces thématiques devraient connaître des développements encore plus poussés à l’avenir, puis-
qu’un projet visant à utiliser ces nano-résonateurs pour extraire la lumière de couches lumines-
centes a été déposé. Les outils que j’ai développés et le savoir-faire que j’ai permis au laboratoire
d’acquérir devraient être très utiles à l’avenir dans cette voie.
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Résumé
Dans le domaine des biocapteurs, une absorption efficace du champ électromagnétique dans

un espace restreint est essentielle. L’utilisation de nanoparticules métalliques assimilables à des
métamatériaux est le meilleur moyen à ce jour pour amplifier le champ. En effet, en plaçant
un film diélectrique entre une plaque métallique et ces particules, on permet la propagation
d’un gap-plasmon sous les particules. Cela localise le champ magnétique sous les particules et
le champ électrique sur le bords de ces nanoparticules. Les résonances de ce système sont très
sensible à l’environnement du gap-plasmon ce qui permet une analyse très précise.

Bien que nous pouvons expliquer d’où proviennent ces résonances, l’efficacité à absorber de
ces structures reste encore mal comprise. Le contrôle interférométrique est une réponse à cette
efficacité. Dans ce rapport, je montre qu’une modélisation interférométrique de ce système
peut parfaitement expliquer l’absorption. En effet, le contrôle interférométrique explique bien
la présence de résonances à des longueurs d’ondes précises ou encore l’apparition de résonances
lorsque l’angle d’incidence n’est plus normal. Cette étude est très importante pour comprendre
et mieux maîtriser les biocapteurs. En outre, cette modélisation pourra expliquer l’amplification
du champ dans ces structures et permettra de prévoir les résonances d’un système dans divers
environnements.

Abstract
In the field of biosensors, efficient absorption of the electromagnetic field in a confined space

is essential. The use of metallic nanoparticules comparable to metamaterials is the best way,
to date, to amplify the field. In fact, by placing a dielectric film between a metal substrate
and these particules, we allow the propagation of a gap-plasmon under these particules. This
locates the magnetic field under these particules and the electric field on the edges of these
nanoparticules. The resonances of this system are very sensitive to the environment of the
gap-plasmon which allows very precise analysis.

Although we can explain where these resonances come from, the efficiency to absorb of
these structures remains poorly understood. The interferometric control is a response to this
efficiency. In this report, I show that interferometric modeling of this system can fully explain
the absorption. Indeed, the interferometric control well explains the presence of resonances at
specific wavelenghts or the appearance of resonances when the angle of incidence is not normal.
This study is very important to understand and master biosensors. In addition, this model
can explain the amplification of the field in these structures and will allow us to provide the
resonances of a system in various environments.


