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A Paramètre de forme (Kreibig)

ACID Contribution du CID au paramètre A
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P|i⟩→|f⟩ Probabilité de la transition électronique entre les états |i⟩ et |f⟩
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εeff Tenseur de permittivité effective

εMG Permittivité effective selon le modèle de Maxwell Garnett (MG)

εMMGc Permittivité effective selon le modèle de Mie - MG avec confinement

εMMG Permittivité effective selon le modèle de Mie - MG

εMMMG Permittivité effective selon le modèle de Mie - MG modifié

εMMMGc Permittivité effective selon le modèle de Mie - MG modifié avec confinement

εTorq. Permittivité effective selon le modèle de Torquato

ζ Paramètre microstructural d’interaction organisationnel (Torquato)

γ Coefficient d’amortissement

γCID Amortissement plasmon par CID

γe−e Amortissement plasmon par interactions électron-électron

γe−ph Amortissement plasmon par diffusion à la surface

γe−ph Amortissement plasmon par interactions électron-phonon

γnon−rad Amortissement plasmon non radiatif

γp Amortissement plasmon



Nomenclature xvi

γbulk
p Amortissement plasmon dans le matériau massif

γNP
p Amortissement plasmon dans une particule

γrad Amortissement plasmon radiatif

γ̃p Amortissement plasmon du modèle de "Drude étendu"

λ Longueur d’onde

λr
(0) Longueur d’onde de la LSPR d’une particule isolée

λr
(dimère) Longueur d’onde de la LSPR d’un dimère

µ Paramètre de perturbation (intermédiaire de calcul)

ς Paramètre de taille

ψn, ξn Fonctions de Ricatti-Bessel d’ordre n

η Rapport des indices optiques complexes (métal/matrice)

ρ Densité locale d’électrons

ρθ Densité directionnelle réduite d’électrons

ρr Densité radiale d’électrons

ρθϕ Densité angulaire réduite d’électrons

σ Paramètre de convolution gaussienne

τ Durée

τe Durée de vie d’un état électronique excité

τp Durée de vie du plasmon

χe Susceptibilité diélectrique

ϕv Fraction volumique de métal dans un composite

ϕv,eff Fraction volumique de métal effective d’une assemblée

ψ Fonction d’onde d’un électron

φ Partie spatiale d’une fonction d’onde

ωp Pulsation plasma

ω Énergie des photons

ωr
(0) Énergie de la LSPR d’une particule isolée

ωr
(dimère) Energie de la LSPR d’un dimère

ωMG Energie de la LSPR effective d’une assemblée diluée (Maxwell Garnett)

ωTorq. Energie de la LSPR effective d’une assemblée dense (Torquato)

ωmax
fit Énergie maximale d’une gamme spectrale d’ajustement (domaine de fit)
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Grec capital

∆λ Incrément de longueur d’onde

∆ω Incrément d’énergie

∆D Écart-type d’une distribution en taille

Γ|i⟩→|f⟩ Taux de promotion d’électrons de l’état |i⟩ à l’état |f⟩

Γ|f⟩ Taux total de promotion d’électrons dans l’état |f⟩

Γif Taux de promotion d’électrons du niveau i au niveau f

Γf Taux total de promotion d’électrons dans le niveau f

Γtot Taux total de transition d’électrons

Λ Intermédiaire de calcul

Ξ(0) Paramètre d’interaction d’une particule isolée

ΞMG Paramètre d’interaction d’une assemblée diluée (Maxwell Garnett)

ΞTorq. Paramètre d’interaction d’une assemblée dense (Torquato)

Υ Proportion d’électrons chauds générés dans une certaine gamme d’énergie

Θl Intermédiaire de calcul

Ψ Fonction d’onde d’un système

△ Opérateur laplacien





Introduction Générale

Dans la conclusion de son discours sur l’avenir de la physique en 1959 −There’s plenty
of room at the bottom, Richard Feynman proposait un défi sous forme de « compétition de
lycée » : parvenir à écrire l’intégralité de l’Encyclopaedia Britannica sur une tête d’épingle
[1]. Quoi que confiant quant à la réalisation prochaine de cette prouesse, le physicien
railleur, fin connaisseur des ressorts de la science moderne, ajouta qu’il offrirait 1000
dollars à celui ou celle qui parviendrait à inscrire la première page. Il aura fallu attendre
1985 pour que le défi soit relevé par un étudiant, Tom Newman, qui grava la première
page du livre de Charles Dickens A Tale Of Two Cities, en respectant la taille de police
attendue.

L’histoire raconte qu’en fait, la plus grosse difficulté pour l’étudiant a été de retrouver
le texte qu’il avait gravé afin de réclamer son prix [2]. La tête d’épingle était principalement
vierge et la page de texte, qui ne représentait qu’une infime fraction de la surface totale,
était cachée quelque part. Le développement de la physique quantique est effectivement
étroitement lié aux avancées considérables des techniques d’analyse. C’est notamment le
perfectionnement de la microscopie qui a permis de lever le voile sur un monde discret :
la matière à l’échelle nanométrique.

1
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Contexte général de l’étude

S’il y a en effet « beaucoup de place en bas », il y a également beaucoup de nouveau-
tés. À cette échelle, on découvre des matériaux aux propriétés toujours plus variées et
inexistantes à l’échelle macroscopique. Ces quarante dernières années, le développement
de matériaux nanostructurés a été porté tant par l’effort de miniaturisation des systèmes
que par l’originalité des propriétés obtenues et chaque jour de nouveaux matériaux nano-
structurés sont imaginés ou découverts, synthétisés et employés.

Parmi eux, les matériaux nanocomposites à base de métaux nobles ont démontré
l’étendue et la diversité de leurs propriétés : mécaniques, thermiques, magnétiques, op-
tiques, catalytiques, etc. Ils sont envisagées aujourd’hui dans de nombreux domaines : de
la conversion de l’énergie à la cosmétique en passant par le biomédical et l’optoélectro-
nique [3]. De façon très concrète, ces matériaux sont d’ores et déjà au cœur de nombreuses
applications [4–6].

Les nanoparticules de métal nobles ont permis le développement de la spectroscopie
exaltée de surface appliquée à la détection chimique et notamment l’analyse non des-
tructive des matériaux pour la recherche et l’industrie [7–9] ; elles servent d’absorbeurs
de lumière pour les cellules photovoltaïques et permettent d’augmenter les rendements
[10–12] ; elles constituent de formidables concentrateurs de lumière en chimie [13, 14] et
notamment en photocatalyse [12, 15, 16] appliquées à la dépollution de l’eau [17, 18] ou
à la production d’hydrogène [19, 20] ; elles sont appliquées aux traitements médicamen-
teux ciblés en pharmacologie [21, 22] ou en oncologie via la destruction ciblée de cellules
tumorales par hyperthermie [23] ; à ce titre, elles permettent également des études in situ
des mécanismes intracellulaires [24] et ont été le témoin d’importants développements
théoriques en biologie [25, 26]. En somme, ces petits matériaux sont à la fois éminemment
prometteurs et d’un intérêt remarquablement interdisciplinaire.

L’étendue du champ applicatif justifie la multiplication des efforts de modélisation
théorique qui permettent de mieux comprendre d’abord pour mieux décrire ensuite et
finalement concevoir et fabriquer de nouveaux matériaux. Aujourd’hui, la description du
comportement optique de ce type de système constitue un pan entier de la physique
[27–31], la plasmonique. Elle constitue le contexte général de notre étude.
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Bref historique du développement théorique

L’utilisation de nanoparticules d’or via des procédés de synthèse plus ou moins ac-
cidentels remonte à l’empire romain et aux premières dynasties chinoises [32], mais les
tentatives de synthèse contrôlée et de description théorique de leurs propriétés sont plus
récentes. À notre connaissance, elles remontent à Faraday au milieu du XIXe siècle [33].
C’est un demi-siècle plus tard que nous aboutissons à une première description théorique
opérationnelle. En 1908, grâce à une approche électrodynamique classique, Gustave Mie
donne une première explication aux propriétés remarquables des nanoparticules de métal
noble [34].

Ces matériaux se démarquent par la présence d’électrons libres, déjà connus pour être
à l’origine de la conductivité électrique élevée de ces matériaux. G. Mie montre que lorsque
la configuration du système est optimale, le confinement des électrons de conduction dans
une nanoparticule induit un comportement collectif amplificateur. On décrit alors une
oscillation résonnante de la densité de charge donnant lieu à une résonance des sections
efficaces optiques. L’analogie avec le comportement résonant d’un condensateur soumis à
un courant alternatif adéquat est souvent employée pour interpréter ce phénomène. À ce
sujet, Craig Bohren donnera une interprétation intéressante, il explique que l’excitation
d’une nanoparticule de métal noble par le rayonnement qui convient donne lieu à un effet
d’antenne permettant à la particule de collecter la lumière incidente sur une surface plus
grande que sa section géométrique physique [35].

Ces points de vue sont analogues et, quoi qu’il en soit, l’énergie lumineuse concentrée
est alors considérable engendrant des champs électromagnétiques locaux très intenses. Ce
phénomène est connu aujourd’hui sous le nom de résonance du plasmon de surface
localisé (LSPR, pour localized surface plasmon resonance en anglais).

L’approche de Mie a connu un franc succès et nous l’utilisons encore à ce jour. Notons
cependant que cette approche a été dépassée, nous savons que les propriétés originales
des matériaux plasmoniques ont une origine quantique. Dans un article fondateur publié
en quatre parties entre 1950 et 1953 [36–39], David Pines et David Bhom jettent les
bases générales du formalisme quantique permettant d’expliquer l’origine des propriétés
plasmoniques. Un ensemble d’électrons de conduction peut être vu comme un gaz de
charges libres, un plasma. L’approche quantique considère que lorsque ce gaz d’électrons
se trouve confiné dans une région de l’espace, la collection d’électrons forme un ensemble
cohérent auquel la mécanique quantique peut associer une unique entité répondant à un
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hamiltonien quasi indépendant des positions respectives des électrons. À ce plasma, on
associe une quasi-particule et on l’appelle plasmon. Dans certaines conditions − relatives
aux caractéristiques du système et de l’irradiation, il est possible d’exciter ce plasmon, on
décrit ainsi une origine quantique (excitation bosonique) aux propriétés plasmoniques et
notamment à la LSPR.

Cadre général de l’étude

Un plasmon peut se former dans deux configurations précises [29], p. 245 :

• À l’interface entre un diélectrique et un métal [40]. Dans des conditions d’irradiation
spécifiques (e.g. irradiation selon l’angle d’incidence limite), l’effet de peau à la
surface du métal engendre la création d’une onde plasmon/phonon qui se propage
de façon évanescente à l’interface entre les deux matériaux. On parle de plasmon de
surface polariton (SPP pour surface plasmon polariton).

• Dans une nanoparticule au sein de laquelle les électrons sont confinés [34]. On parle
de plasmon de surface localisé (LSP pour localized surface plasmon).

Quoiqu’il n’existe pas de frontière nette entre les deux catégories [41] (p. 14), dans notre
étude, nous nous intéresserons exclusivement à la seconde catégorie : les plasmons de
surface localisés.

Les matériaux présentant des propriétés plasmoniques sont assez nombreux. On re-
trouve principalement les métaux nobles (Au, Ag, Cu et Pt) et l’aluminium, les alcalins
(K, Na), les semiconducteurs dopés (ITO, TiO2, Al:ZnO, Ga:ZnO), le graphène et des
alliages de métaux de transitions [42, 43]. Dans certaines conditions, des céramiques, des
matériaux intermétalliques et des composés organiques sont également étudiés [44]. Dans
notre étude, nous nous concentrerons sur des nanostructures à base d’or et d’argent.

Ces derniers métaux sont largement utilisés et présentent plusieurs intérêts. Ils sont
d’une part chimiquement stables dans des conditions usuelles (quoique cela soit discutable
pour l’argent en présence d’oxygène). Par ailleurs, les propriétés intéressantes que ces
métaux développent apparaissent sous l’effet d’un rayonnement visible et dans certains
cas, leurs réponses optiques sont perceptibles à l’œil humain (i.e. en microscopie optique
et parfois à l’œil nu). En outre, cela permet de tirer parti du rayonnement solaire puisqu’il
est centré sur le visible.
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Mécanismes concernés par l’étude

L’irradiation d’une nanostructure métallique engendre un panel de mécanismes élé-
mentaires en cascade [16, 45] :

Un plasmon est excité lors de l’absorption d’un photon. 1 La présence d’un champ élec-
trique engendre une oscillation de la densité de charge résultant en la création instantanée
d’un champ électromagnétique localement intense. La résonance du plasmon subi alors
un amortissement via deux contributions qui peuvent se cumuler [16]. Soit de façon radia-
tive, par ré-émission d’un photon qui se produit instantanément [47] ou avant les quelques
dizaines de premières femtosecondes [48] ; soit de façon non radiative, via la création de
paires électrons-trous [49, 50]. On parle d’électrons chauds et de trous chauds, ou plus
globalement de porteurs chauds, car les écarts entre leurs énergies et celle du niveau de
Fermi (au repos) sont supérieurs à ceux résultant d’excitations thermiques à température
ambiante [45]. 2 Le mécanisme de génération de porteurs chauds est également appelé
amortissement Landau [47, 51], il conduit à la formation d’une distribution en énergie
chaotique pour les porteurs chauds (distribution athermale [50, 52]).

Lors de la création de porteurs chauds, différents mécanismes peuvent avoir lieu. Il est
possible de distinguer deux catégories en fonction de l’énergie acquise par les électrons :

Si l’énergie des photons est grande devant le potentiel d’extraction des électrons et
que les électrons ont initialement une énergie voisine du niveau de Fermi, les électrons
peuvent être éjectés du métal de façon similaire au phénomène d’ionisation d’un atome ou
d’une molécule. Ils sont alors transférés au milieu environnant où ils peuvent participer à
une réaction physicochimique ou libérer leurs énergies (relaxer) en chauffant le milieu. Il
s’agit en fait d’un cas particulier d’effet photoélectrique.

Si l’énergie des photons est faible devant le potentiel d’extraction des électrons (c’est le
cas des métaux nobles sous rayonnement visible [50]), l’énergie acquise n’est pas suffisante
pour extraire les électrons qui restent a priori prisonniers du métal. Ils peuvent ainsi être
transférés dans une orbitale électronique vacante issue du couplage entre le métal et un
matériau adjacent ou une molécule adsorbée [53, 54]. Le cas échéant, ils sont à même de
participer à des courants électriques [12] ou d’induire des réactions chimiques [55, 56].
Lorsqu’ils ne sont pas transférés, les porteurs chauds peuvent aussi être recapturés par le
plasmon auquel ils redonnent alors de l’énergie [57].

1. Lorsque l’intensité du rayonnement incident est élevée, e.g. laser pulsé, un phénomène d’absorption
multiphotonique peut également avoir lieu [46].

2. Les définitions formelles explicites sont données au Chap. IV.
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Passées quelques dizaines de fs, si des électrons chauds sont encore en présence, ils
vont rapidement relaxer et redistribuer l’énergie absorbée. Dans un premier temps, cette
énergie est redistribuée à l’ensemble des électrons - par diffusion électron-électron, aboutis-
sant à la thermalisation de la population. Leurs énergies rejoignent alors une distribution
de type Fermi-Dirac à laquelle on peut associer une température électronique définie [52].
La température électronique est d’abord élevée et supérieure à celle des phonons [58] (la
température électronique peut atteindre quelques milliers de kelvin [45]). Elle diminue
ensuite via diffusion électron-électron jusqu’à ce que l’énergie cinétique des électrons soit
suffisamment faible pour permettre - dans un second temps - l’interaction avec les pho-
nons dont la température commence à augmenter. Quelques ps plus tard, les interactions
électron-phonon finissent par équilibrer les deux températures [16].

Finalement, à partir de 100 ps à 10 ns, l’énergie thermique du métal est transférée
au milieu environnant sous forme de chaleur jusqu’à la dissipation des traces de l’exci-
tation d’un plasmon dans un laps de temps qui ne dépend plus que des caractéristiques
thermodynamiques du système [16].

Pour résumer, l’excitation d’un plasmon dans une nanoparticule engendre différents
effets. De façon plus ou moins chronologique :

1. la création de champs électromagnétiques locaux intenses,

2. la ré-émission de photons,

3.1 la création de paires électron-trou associées à l’éjection hors du métal ou la produc-
tion interne d’électrons très énergétiques,

3.2 le transfert (direct) de ces derniers à des orbitales moléculaires inoccupées d’une
molécule adsorbée ou à la bande de conduction d’un matériau avoisinant,

4. la relaxation de ces derniers conduisant à l’augmentation de la température électro-
nique globale suivie de celle du réseau,

5. la diffusion de chaleur au milieu environnant.
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Les mécanismes que nous venons de mentionner sont évidemment corrélés. Ils sont
parfois concomitants et parfois en compétition, mais dans cette étude nous nous concen-
trerons sur les deux mécanismes élémentaires suivants :

• La réponse optique d’une nanostructure plasmonique sous l’incidence d’un rayon-
nement visible ou proche-visible. Les principales grandeurs d’intérêt seront la per-
mittivité diélectrique, les sections efficaces optiques, les champs et potentiels élec-
triques induits. C’est le sujet du Volet A, il est réparti en trois chapitres.

• La génération d’électrons chauds par une nanostructure plasmonique (régime
athermal). Les principales grandeurs d’intérêt seront le taux de génération d’élec-
trons chauds et leur répartition spatiale. C’est le sujet du Volet B, il est réparti en
deux chapitres.

Nous allons maintenant introduire les deux volets de notre étude et résumer les chapitres
associés. Nous souhaitons être brefs, mais les objectifs précis de chaque chapitre seront
précisés en introduction spécifique de chaque chapitre.

Introduction de la première partie : Réponse optique

Un des intérêts pratiques des nanostructures plasmoniques est la très forte sensibilité
de la réponse optique des systèmes à leurs caractéristiques géométriques et physicochi-
miques, à celles de leur environnement et à celles du rayonnement incident [59, 60]. On
sait par exemple que la présence de quelques molécules à la surface d’une nanoparticule
peut influencer significativement son comportement [61].

Sur le plan applicatif, cette forte sensibilité fait de ces systèmes des détecteurs à la
fois miniatures, sensibles et sélectifs. Sur le plan théorique en revanche, elle constitue
une difficulté majeure. À l’heure actuelle, si le comportement d’une nanoparticule ni trop
grosse, ni trop petite, isolée, à température nulle, en régime linéaire... est globalement
bien compris, l’étude de situations plus complexes relève du défi. Ces situations com-
plexes présentent pourtant des propriétés intéressantes. Nous savons par exemple que les
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interactions entre des nanoparticules voisines induisent un renforcement des excitations
électroniques collectives et engendrent une augmentation encore plus intense des champs
électromagnétiques au voisinage des particules [62]. Ce renforcement est d’ailleurs au cœur
du principe de spectroscopie exaltée de surface.

En outre, si les systèmes « isolés » présentent l’intérêt théorique évident de la simpli-
cité, les nanostructures régulièrement employées sont constituées de nombreuses nanopar-
ticules. On utilise des agrégats, des chaînes, des films ou des composites 3D de complexités
structurales et de densités variables.

Dans cette première partie, nous étudions le comportement optique de nanostruc-
tures d’or et d’argent. Nous utiliserons une approche de type électrodynamique classique.
L’étude de la réponse d’un métal massif nous servira de base. Elle nous permettra une
première étude de l’influence de la nature chimique du métal sur sa réponse optique. Sur
la base de modèles analytiques, nous étudierons ensuite le cas d’une nanosphère isolée, ce
sera l’occasion d’étudier l’influence du milieu environnant et de la taille des objets. Les
modèles analytiques seront confrontés à des simulations numériques qui nous permettront
d’abord d’étudier l’influence du paramètre forme et ensuite d’étudier le cas de systèmes en
interaction. Nous achèverons notre étude du comportement optique par l’étude théorique
du comportement d’assemblées au cours de laquelle les influences de la densité de métal
mais aussi de la nature du milieu et de l’organisation spatiale seront discutées.

Les trois premiers chapitres associés sont résumés ci-contre. Les deux premiers chapitres
ne présentent pas les résultats majeurs de notre étude, ils proposent un récapitulatif et
une analyse des approches « de base » permettant de traiter notre sujet.

Chapitre I
Le premier chapitre concerne le comportement optique d’un métal noble massif. Nous
nous intéresserons à la permittivité diélectrique de l’or et de l’argent. Nous discute-
rons d’abord des résultats expérimentaux disponibles. Du point de vue théorique ensuite,
nous verrons que la principale difficulté consiste à décrire la dépendance spectrale de
la permittivité diélectrique notamment au voisinage des transitions interbandes qui se
trouvent apparaître dans la gamme spectrale qui nous intéresse (vers λ = 500 nm pour
l’or et λ = 350 nm pour l’argent). Nous rappellerons le modèle de Drude et plusieurs ex-
tensions qui permettent de modéliser qualitativement la dépendance spectrale des métaux
nobles. Nous introduirons également un modèle semi-analytique que nous avons proposé
et qui permet de retrouver les résultats expérimentaux sur toute la gamme du visible.
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Les chapitres suivants feront régulièrement appel à ce premier chapitre dans lequel les
concepts et caractéristiques physiques fondamentaux seront introduits.

Chapitre II
Dans le deuxième chapitre, nous nous intéresserons aux comportements optiques de
nano-objets « simples » : de la nanoparticule isolée au dimère. Nous nous attarderons
sur le comportement d’une particule sphérique isolée pour laquelle nous présenterons et
discuterons les modèles analytiques associés (électrodynamique classique). Nous discu-
terons en détail de la modélisation des effets de taille au travers de la prise en compte
des effets dynamiques (théorie de Mie [34]) et des effets de confinement électronique (ap-
proche de Kreibig [27]). Une attention particulière sera portée sur la modélisation de
l’amortissement plasmon (i.e. la durée de vie du plasmon). Pour simuler le comportement
optique de nanostructures plus complexes, nous avons adopté une approche numérique
grâce au programme MNPBEM (Metal NanoParticle Boundary Elements Method [63]).
Cette méthode sera présentée et comparée aux modèles analytiques. Après validation,
nous l’utiliserons pour illustrer l’influence de la géométrie d’une particule sur son com-
portement optique. Pour finir, nous utiliserons MNPBEM pour traiter le cas du dimère
de nanoparticules, i.e. un cas simple de système « en interaction ». À cette occasion, nous
étudierons le phénomène de point chaud résultant du couplage entre particules.

L’étude des interactions nous sera utile au chapitre III portant sur les assemblées.
Les études de la durée de vie du plasmon et de la réponse optique d’une particule isolée
et d’un dimère auront des implications aux chapitres IV et V portant sur les électrons
chauds.

Chapitre III
Nous nous rapprocherons de systèmes expérimentaux plus courants et plus intéressants
sur plan pratique : les nanocomposites. Nous nous intéresserons aux comportements
optiques d’assemblées de particules, c’est-à-dire des cas plus complexes de systèmes
en interaction. Dans une première section, des modèles analytiques basés sur la théorie
des milieux effectifs (relation de Maxwell Garnett [64, 65] et plusieurs extensions) seront
rappelés et discutés. Nous entamerons une discussion sur la prise en compte des inter-
actions et nous proposerons un modèle analytique pour l’énergie du plasmon de surface
d’une assemblée dense d’organisation donnée. Une seconde section concernera la méthode
numérique que nous avons développée et qui permet d’approcher numériquement le cas
d’une assemblée à la fois infinie et dense. Cette méthode sera présentée et nous discuterons
de sa validité. Nous l’utiliserons ensuite pour mettre à l’épreuve les modèles analytiques
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de type Maxwell Garnett. Cela nous permettra d’étoffer notre discussion sur la prise en
compte des interactions, de souligner l’intérêt de l’approche de Torqato et coll. qui tient
compte des corrélations à trois corps [66] et finalement d’estimer et caractériser le domaine
de validité du modèle de Maxwell Garnett : en termes de fraction volumique de métal, de
permittivité de matrice et d’organisation spatiale. La méthode de simulation numérique
que nous avons développée s’inscrit de façon plus globale dans notre projet de recherche,
elle pourra être utilisée à l’avenir pour étudier la génération d’électrons chauds par des
films nanostructurés en vue de potentielles applications à des procédés de photocatalyse
solaire.

Introduction de la seconde partie : Génération d’électrons chauds

L’effet photoélectrique a été découvert par H. Hertz en 1887 [67] et l’interprétation
donnée par A. Einstein en 1905 est un élément fondateur de la mécanique quantique
[68]. Dans le contexte de la plasmonique, les électrons chauds sont impliqués dans diffé-
rents procédés. L’association des semi-conducteurs et de particules plasmoniques est déjà
connue pour permettre la valorisation du spectre visible dans le domaine du photovol-
taïque [12]. Par ailleurs, lorsque des électrons chauds sont générés dans un matériau, ils
peuvent être transférés à la bande de conduction d’un semi-conducteur avoisinant [16, 69].
En concevant des systèmes capables de collecter les photocourants induits par l’excitation
de plasmon, on envisage ainsi d’augmenter les rendements des cellules photovoltaïques.

D’une façon assez équivalente, Mubeen et coll. ont conçu des cellules photocataly-
tiques nanométriques « autonomes » permettant la réduction du monoxyde de carbone
et la production de dihydrogène [70]. Le principe consiste à coupler des nanoparticules
plasmoniques à des semi-conducteurs. Le matériau plasmonique sert d’absorbeur de pho-
tons. Cela permet notamment de valoriser la partie visible du spectre bien que les semi-
conducteurs aient généralement un gap élevé (3 eV pour le TiO2 et 3.9 eV pour le Sn02

[18] p. 65). Le semi-conducteur quant à lui sert de passe-haut, accumulant les électrons
chauds générés qui sont alors à même de catalyser des réactions chimiques à la surface
du système. Des assemblages similaires sont étudiés et développés dans le cadre de la
dissociation de l’eau [16, 71, 72] ou de la réduction du monoxyde de carbone [73].

Une stratégie alternative consisterait à remplacer entièrement les semi-conducteurs
par des nanostructures plasmoniques, on parle de photocatalyse plasmonique directe [74,
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75]. Le mécanisme sous-jacent est le transfert des électrons chauds à des orbitales molécu-
laires de composés adsorbés. Nous savons en effet que les électrons chauds sont impliqués
dans des procédés photochimiques, [16, 69, 76, 77]. A notre connaissance, la première
étude de référence à ce sujet est celle de Christopher et coll. en 2011. Depuis, le rôle des
électrons chauds est étudié et des applications pour la dissociation de l’eau applicable à
la production de dihydrogène sont envisagées [78]. Plusieurs études rapportent également
l’applicabilité à la production d’éthylène [55] très intéressante sur le plan industriel [16].

La description des mécanismes de génération d’électrons chauds et l’optimisation de
procédés spécifiques nécessitent de connaitre la distribution d’énergie des électrons chauds
générés. Malheureusement, le temps de relaxation des porteurs chauds étant très court (de
l’ordre de la dizaine de fs [69]), les approches expérimentales sont actuellement limitées et
ne nous permettent pas d’y avoir accès directement [79]. Plusieurs approches théoriques
ont donc été développées.

Pour les métaux massifs ou de très petites particules, les mécanismes sous-jacents ont
été étudiés grâce à des modèles ab initio basés sur la TD-DFT (time dependent density
functional theory). En ce qui concerne les nanoparticules, ces approches sont toutefois
limitées à de très petites tailles de particules [54, 57], le maximum atteint actuellement
est une nanoparticule d’argent de 3.4 nm de diamètre [80]. Nous savons cependant que de si
petites particules subissent une réduction drastique de leurs sections efficaces d’absorption
ce qui limite la quantité d’énergie lumineuse dont il est possible de tirer parti. En pratique,
cette gamme de tailles n’est donc pas la plus intéressante. 3

Dans cette deuxième partie, nous nous intéresserons à une deuxième catégorie de
modèles. Ils sont basés sur la théorie quantique des perturbations. Ils permettent de
décrire le mécanisme de génération de porteurs chauds dans des nanoparticules dont la
taille peut atteindre 40 nm [50]. Le cas de particules d’argent dans la gamme de tailles 2
à 20 nm de diamètre sera étudié. L’intérêt pratique étant, qu’à dimension fixée, parmi les
métaux nobles, les nanoparticules d’argent présentent les efficacités d’absorption les plus
importantes [81].

Nous présenterons notre modèle de génération d’électrons chauds, celui-ci sera discuté
puis appliqué au cas simple d’une particule isolée. Dans un second temps, nous intègrerons
les simulations numériques du comportement optique de particules en interaction (étudiées

3. A cause de l’augmentation relative de la diffusion des électrons de conduction à la surface de la
particule, qui sera étudiée au Chap. II.
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et développées dans la première partie de ce manuscrit) pour traiter le cas du dimère et
étudier l’influence des interactions sur le mécanisme de génération d’électrons chauds.

Les deux derniers chapitres associés sont résumés ci-dessous.

Chapitre IV
Nous présenterons une méthode de calculs des états électroniques pour une nanoparticule
d’argent sphérique, elle sera la base du modèle de génération d’électrons chauds. Nous
discuterons de sa résolution et présenterons les propriétés électroniques que l’on peut
en déduire. Dans un second temps, nous présenterons le modèle de génération d’électrons
chauds auquel nous nous sommes intéressés. Il est inspiré de celui proposé par Manjavacas
et coll. dans [50]. Nous porterons une attention particulière aux nombreuses hypothèses
sous-jacentes. Nous conclurons cette étape de modélisation par une discussion sur les
différents modèles semi-analytiques visant à décrire le comportement de particules rela-
tivement grosses (diamètre > 2 nm). Cette discussion nous permettra de valider notre
approche. Nous l’appliquerons finalement au cas « simple » d’une nanoparticule d’argent
isolée et à l’étude du paramètre taille sur la quantité, la distribution en énergie et la
répartition spatiale des électrons chauds.

Dans ce chapitre, nous ferons intervenir les modélisations du comportement optique
et de la durée de vie du plasmon étudiées dans le Chap. II. En outre, le modèle présenté
sera la base formelle qui nous permettra d’étudier le cas plus complexe d’un dimère de
particules au chapitre suivant.

Chapitre V
Dans ce dernier chapitre, nous appliquerons les simulations numériques du comporte-
ment optique de particules en interaction étudiées dans la première partie à l’étude d’un
comportement électronique d’un dimère sous irradiation visible. Une première partie sera
consacrée aux détails d’intégration et de validation de l’approche numérique. La deuxième
partie sera consacrée aux résultats obtenus. Nous verrons notamment que la présence d’un
point chaud, induit par le couplage entre particules, engendre une augmentation des taux
de générations d’électrons chauds et une augmentation de la directionnalité du phénomène
de génération d’électrons chauds.



Première partie

Réponse optique de nanostructures
plasmoniques
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CHAPITRE I
Permittivité d’un matériau massif

Nous entamons notre manuscrit par la description du comportement optique d’un
matériau massif. Notre approche est basée sur l’électrodynamique classique des milieux.
L’incidence d’un rayonnement sera modélisée par la présence d’un champ électrique E ap-
pliqué au système (c’est-à-dire, un champ « incident » ou « extérieur »). Les contributions
magnétiques seront systématiquement négligées. Dans ce contexte, l’observable d’intérêt
est la permittivité diélectrique du matériau ε, elle caractérise la réponse du matériau au
rayonnement incident.

Principaux objectifs du Chapitre I

1. Rappeler la notion de permittivité d’un matériau massif.

2. Présenter, comparer et choisir des jeux de données expérimentales pour l’argent
et l’or dans le visible.

3. Rappeler le modèle de Drude et présenter des extensions permettant d’étendre
son domaine de validité. Nous introduirons une extension que nous avons pro-
posée et validée.

4. Discuter et modéliser la dépendance spectrale de l’amortissement plasmon.

15
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I.1 Généralités
Commençons par rappeler l’idée générale qui permet d’interpréter et de décrire la

réponse optique d’un matériau. Nous pouvons décrire le comportement macroscopique
d’un matériau à partir des moments dipolaires de ses atomes.

I.1.1 De l’atome au massif

I.1.1.1 Approche microscopique

Considérons un matériau massif chimiquement pur. Nous pouvons considérer que la
présence d’un champ électrique déforme les cortèges électroniques, ce phénomène est connu
sous le nom de polarisation électronique. Il est schématisé sur la Fig. I.1. Les barycentres
des charges positives et négatives qui composent chaque atome ne sont plus confondus.
En supposant que les électrons de cœur sont suffisamment liés aux noyaux, nous pouvons
considérer que les systèmes {électron périphérique ; ion} peuvent être modélisés par des
dipôles électrostatiques élémentaires p (représentés par les petites flêches jaunes). Les
autres grandeurs indiquées seront définies ensuite.

Figure I.1 – Représentation schématique du phénomène de polarisation électronique. Matériau au repos
à gauche, matériau en réaction à un champ appliqué à droite.

Cette interprétation est très pratique, car elle nous permet d’expliquer simplement
la réponse optique du matériau. Si le champ électrique appliqué est celui d’un rayonne-
ment (un champ oscillant), l’électrodynamique classique prédit une oscillation de chacun
des dipôles dont résultent les phénomènes d’absorption et de diffusion du rayonnement
incident [82]. Quoique simpliste, cette interprétation permet de saisir qualitativement les
mécanismes à l’œuvre et d’appréhender intuitivement la réponse optique d’un matériau.

Précisons toutefois qu’en pratique, pour décrire quantitativement la réponse optique
d’un ensemble de dipôles, il est nécessaire de considérer les interactions entre chacun
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les dipôles. Dans les années 1970, cette interprétation a notamment permis à Purcell
et Pennypacker de développer le formalisme de la DDA (discrete dipole approximation)
[83]. Initialement employée dans un contexte de recherche en astrophysique pour inter-
préter des résultats de spectroscopie [84], la DDA a acquis une notoriété certaine et tout
particulièrement dans le domaine des nanosciences. Une revue de cette approche et de
son évolution a été effectuée par Yurkin et coll. dans [85]. Cette dernière rassemble les
principales avancées jusqu’en 2007, mais son développement se poursuit et trouve des ap-
plications dans de nouveaux domaines [86]. Nous y reviendrons brièvement lorsque nous
aborderons les simulations numériques du comportement optique de nanostructures.

I.1.1.2 Approche macroscopique

Polarisation et déplacement électrique À l’échelle macroscopique, le comportement
optique peut être déduit de l’interprétation microscopique présentée précédemment. Le
champ appliqué induit une polarisation du matériau, représentée par le vecteur de pola-
risation macroscopique P. Il s’agit de la densité volumique de moments dipolaires dans le
matériau. Si le matériau et le champ appliqué sont homogènes, le vecteur P peut s’écrire en
fonction du moment dipolaire porté par un atome : P = n0p, où n0 est la densité d’atomes
dans le matériau. Nous pouvons alors définir le champ de déplacement électrique D (ou
« induction électrique ») dans le matériau : 1

D = ε0E + P, (I.1)

où ε0 est la permittivité diélectrique du vide. 2 Ces grandeurs sont illustrées sur la Fig. I.1.

Permittivité Pour quantifier la capacité du matériau à se polariser, on définit la sus-
ceptibilité diélectrique d’un matériau χe. Si le matériau est isotrope, χe est scalaire. En
régime linéaire, elle permet de relier le champ appliqué au vecteur polarisation comme
suit :

P = ε0χeE. (I.2)

En ce qui nous concerne, nous nous intéresserons exclusivement à la permittivité diélec-
trique relative (ou fonction diélectrique) du matériau, usuellement notée εr. Par souci de
concision, nous l’appellerons « permittivité » et la noterons « ε ». Avec ces conventions

1. On rappelle que la grandeur E, définie en introduction, correspond au champ électrique incident,
extérieur ou appliqué. Il sera noté ainsi dans l’ensemble de ce manuscrit.

2. Les équations locales de l’électromagnétisme proposent une définition équivalente en termes de
charges libres.
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(εr → ε), il possible de définir la « permittivité » à partir de la susceptibilité :

ε = 1 + χe. (I.3)

En combinant les Eqs. (I.1), (I.2) et (I.3), on obtient :

Déplacement électrique et champ total

D = ε0εE. (I.4)

Cette relation montre que la permittivité est une grandeur macroscopique reliant le
champ appliqué (l’action) au déplacement électrique (la réaction).

En général, la permittivité est une quantité tensorielle (ε). Notre étude se limitera
à des matériaux isotropes pour lesquels ε est une matrice diagonale dont les éléments
diagonaux sont égaux, d’où ε→ ε. ε est à valeur complexe et s’écrit comme suit :

ε = ε1 + jε2. (I.5)

où ε1 et ε2 sont réels et j est le nombre complexe tel que j2 = −1.

I.1.2 Données expérimentales

Indices optiques : observables accessibles expérimentalement L’observable phy-
sique pertinente en pratique est l’indice optique complexe ñ, relié directement à la per-
mittivité par ε = ñ2. L’indice optique complexe s’écrit ñ = n + jk, où n est l’indice de
réfraction, il est relatif à la vitesse de propagation de la phase de l’onde. k est le coefficient
d’extinction, il est relatif à l’absorption et à la profondeur de pénétration de l’onde dans
le matériau. 3 Pour un matériau massif, ε2 est représentatif des phénomènes d’absorption
[89].

Dépendance spectrale En pratique, les constantes optiques des métaux ne sont pas
« constantes ». ñ et donc ε dépendent de la longueur d’onde du rayonnement incident.
C’est précisément cette dépendance que nous avons besoin de décrire. Elle est couramment
invoquée sous le terme générique de dépendance spectrale.

À ce sujet, les parties réelle et imaginaire de la permittivité d’un matériau vérifient
notamment les relations de Kramers-Kronig :

ε1 (ω) = 1
π
P

ˆ +∞

−∞
dω′ ε2 (ω′)

ω′ − ω
et ε2 (ω) = − 1

π
P

ˆ +∞

−∞
dω′ ε1 (ω′) − 1

ω′ − ω
, (I.6)

3. Le formalisme à ce sujet pourra être trouvé dans les manuscrits de thèse de B. Palpant [87] p. 20
et de Y. Guillet [88] p. 22 dans des contextes similaires.
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où ω est l’énergie des photons incidents et P désigne la partie principale de l’intégrale.
Ces relations découlent du principe de causalité et ont un développement théorique non
trivial. Une démonstration est proposée dans l’ouvrage, très pédagogique, d’A. Trügler [90]
pp. 77-81. Des ouvrages entiers sont dédiés à ce sujet [91]. De façon concrète, ces relations
reflètent l’existence d’une contrainte de régularité de la fonction diélectrique reliant les
parties réelle et imaginaire de ε. Ces relations sont couramment utilisées pour corriger
des résultats expérimentaux bruts, pour effectuer une interpolation entre des points de
mesure ou pour justifier l’extrapolation en dehors des limites d’une gamme spectrale
d’étude. Bien que nous n’utiliserons pas ces relations par la suite, nous les avons tout de
même introduites, car elles permettent d’illustrer un point qui nous paraît essentiel : un
jeu de données fiable doit proposer un grand nombre de points de mesures (précision du
calcul des intégrales) et dans une gamme spectrale étendue (intégration de −∞ à +∞).

Le Tab. I.1 présente les gammes spectrales pour les études que l’on peut trouver dans
la littérature. La densité de points de mesure varie d’une étude à l’autre.

Tableau I.1 – Revue des gammes spectrales étudiées lors des mesures des permittivités de l’or (à gauche)
et de l’argent (à droite). Les références mentionnées sont citées dans les Refs. [92, 93].

Remarque sur une notation abusive Dans ce manuscrit, lors de l’étude ou de la
représentation de spectres, nous privilégierons le plus possible la variable « énergie des
photons » à la variable « longueur d’onde ». L’énergie des photons sera notée abusivement
ω, soit ici ℏω → ω. Cette convention simplifie le formalisme et les interprétations du
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second volet de notre étude (génération d’électrons chauds). Un diagramme de conversion
énergie-longueur d’onde est donné en Annexe A.2 p. 210.

Protocoles expérimentaux Expérimentalement, les mesures des constantes optiques
sont généralement effectuées sur des films minces. Deux méthodes de mesure sont fré-
quemment rapportées : l’analyse de la modification de la polarisation après réflexion d’un
faisceau incident de polarisation elliptique (ellipsométrie spectroscopique) ou l’analyse de
la réflexion et de la transmission d’un faisceau polarisé rectilignement, à un ou plusieurs
angles d’incidence. Une revue critique détaillée des différentes méthodes employées est
proposée par R.L. Olmon et ses collaborateurs dans [92]. Un guide théorique et pratique
de l’ellispométrie est proposé dans la Ref. [94].

Problématiques expérimentales Nous nous intéressons à la réponse optique de sys-
tèmes exposés à un rayonnement visible et proche-UV. Des mesures de dépendance spec-

Réponse spectrale de l’or

Figure I.2 – Évolution des parties réelle (à gauche) et imaginaire (à droite) de la permittivité de l’or
massif dans le visible et proche-visible. Les courbes bleues, rouges et vertes correspondent aux résultats
obtenus par Olmon et coll. que nous utiliserons par la suite. Les courbes noires ont été obtenues par
d’autres auteurs. Ces figures ont été reconstruites d’après celles de la Ref. [92] où des comparaisons
similaires dans l’IR pourront être trouvées.
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trale des permittivités de l’or massif et de l’argent massif dans cette région du spectre
sont présentées sur les Figs. I.2 et I.3, respectivement.

Historiquement, les premiers résultats pour l’or et l’argent permettant de balayer l’in-
tégralité de cette région du spectre ont été proposés par P.B. Johnson et R.W. Christy en
1972 [95]. Aujourd’hui encore, les résultats expérimentaux utilisés pour la modélisation
des comportements optiques des métaux nobles sont majoritairement choisis parmi ceux
de Johnson et Christy et ceux rassemblés dans son ouvrage par E.D. Palik en 1998 [96].
Nous savons pourtant que ces résultats sont très approximatifs, notamment à cause des
irrégularités de surface des échantillons utilisés [92, 93, 97]. Johnson et Christy rensei-
gnaient d’ailleurs des incertitudes allant jusqu’à 200% dans certaines parties du spectre
étudié.

Sur les Figs. I.2 et I.3, on présente différentes données expérimentales du IR-moyen
à l’UV-proche. On constate qu’ils présentent des écarts importants, pouvant aller jus-
qu’à un ordre de grandeur suivant les études (cf échelle logarithmique). En effet, outre

Réponse spectrale de l’argent

Figure I.3 – Évolutions des parties réelle (à gauche) et imaginaire (à droite) de la permittivité de
l’argent massif dans le visible et proche-visible. Les courbes bleues, rouges et vertes correspondent aux
résultats obtenus par Yang et al. Les courbes noires ont été obtenues par d’autres auteurs. Ces figures
ont été reconstruites d’après celles de la Ref. [93] où des comparaisons similaires dans l’IR pourront être
trouvées.
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la dépendance spectrale, d’autres paramètres influent de manière très significative sur
les constantes optiques. Pour un matériau solide, la pureté du matériau, sa structure
cristallographique, l’existence de contraintes structurelles résiduelles, la présence d’une
structure granulaire, ou l’oxydation de surface sont autant de paramètres à considérer
[97]. Les conditions expérimentales sont également cruciales : température, intensité du
rayonnement incident et polarisation versus agencement cristallographique, [98, 99]. Il en
résulte une forte dépendance des résultats de mesures aux méthodes de préparation des
échantillons et aux protocoles de mesure. Malheureusement, d’une étude à l’autre, les
protocoles ne sont jamais identiques et la chimie de surface (notamment l’oxydation) des
échantillons réduit les possibilités de contrôle de la reproductibilité des mesures.

Choix des données Dans cette étude, nous avons choisi d’utiliser les résultats expéri-
mentaux obtenus par Olmon et coll. pour l’or [92] (2012) et ceux proposés par Yang et
coll. pour l’argent [93] (2015). Ces études présentent plusieurs avantages :

� large gamme spectrale (cf Tab. I.1),

� densité importante des échantillonnages en longueur d’onde (environs 550 points de
mesures répartis entre 270 nm et 24 µm),

� contrôle et limitation de l’influence de la structure granulaire (notamment en maxi-
misant la taille des grains),

� contrôle et limitation de l’oxydation des échantillons,

� résultats disponibles pour plusieurs échantillons, respectivement associés aux courbes
A, B, et C, sur les Figs. I.2 et I.3, ce qui permet d’estimer un intervalle de confiance.

Pour l’or, suivant les recommandations des auteurs, nous utiliserons la moyenne des
données brutes A, B et C (Fig. I.2). Pour l’argent, suivant également les recommandations
des auteurs, nous utiliserons les données issues des mesures sur l’échantillon C et corrigées
par les auteurs grâce aux relations de Kramers-Kronig (Fig. I.3).

I.1.3 Description qualitative

Étant donné les écarts relatifs parfois considérables entre les résultats expérimentaux,
à l’heure actuelle, il serait présomptueux de statuer définitivement sur les valeurs quanti-
tatives de la permittivité des métaux nobles purs et cristallins, même en régime linéaire.
Cependant, les allures générales de la fonction diélectrique sont semblables. Ces résultats
permettent au moins de comprendre le comportement général d’un métal noble massif.
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Sur la Fig. I.4, nous illustrons ces tendances pour l’or et l’argent en prenant en exemple
les données que nous avons choisi d’utiliser (pas d’échelle logarithmique ici). Nous les
commenterons succinctement afin d’introduire la section sur la modélisation qui va suivre.

Figure I.4 – Étude qualitative de la dépendance spectrale des parties réelle (en haut) et imaginaire (en
bas) de la permittivité diélectrique de l’or et de l’argent massif. Les différents régimes que l’on décrit
ensuite sont numérotés sur les figures. Ces données expérimentales sont extraites des Refs. [92, 93].

Les variations globales des fonctions diélectriques de l’or et de l’argent sont assez simi-
laires. La partie réelle ε1 (ω) est une fonction croissante et négative 4, son comportement
est globalement hyperbolique. Le fait que la partie réelle de la permittivité soit négative
illustre l’importante réflectivité des métaux nobles. Lorsque la fréquence du rayonnement
incident est faible, le champ incident force l’oscillation des électrons, le champ induit par
cette oscillation s’oppose au champ incident et l’annule, c’est le phénomène d’écrantage.
Lorsque la fréquence augmente, la réaction des électrons n’est plus assez rapide et le
champ incident pénètre alors dans le matériau. 5

L’étude de la partie imaginaire est plus évocatrice des problématiques de modélisation.
ε2 (ω) est positive. De façon générale, on observe trois régimes distincts, particulièrement
discernables pour l’argent :

� (1) une décroissance globalement hyperbolique : jusqu’à ∼ 1 eV pour l’or et ∼ 1.5 eV
pour l’argent. Ce comportement est associé à la réponse des électrons de conduction
au champ incident (nous y reviendrons).

4. A l’exception de l’argent dans l’intervalle 3.8-4.8 eV, cf encadré de la Fig. I.3.
5. L’ordre de grandeur de la limite entre ces deux phénomènes est associable à la pulsation plasma

du matériau qui sera introduite plus tard.
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� (2) un régime transitoire : jusqu’à ∼ 2 eV pour l’or et ∼ 3.8 eV pour l’argent. Ce
régime transitoire est parfois appelé « plateau » (nous y reviendrons aussi).

� (3) Un « palier » dont l’instauration a la forme globale d’une sigmoïde. Ce com-
portement est associé à la contribution des électrons de cœur à la réponse optique.
Il s’agit de l’apparition des transitions interbandes, d’origine purement quantique.
Cela constitue une rupture de régularité de la dépendance spectrale décrite en (1)
et (2). Ce régime constitue la limite de haute énergie de notre étude. Nous dé-
taillons l’origine des transitions interbandes dans le paragraphe suivant et nous y
reviendrons en fin de section et en annexe (succinctement).

Ces trois régimes découlent en fait de phénomènes physiques distincts en compétition
à l’échelle atomique dont résulte une certaine difficulté à établir un modèle analytique
unique et simple qui permettrait de couvrir l’intégralité du spectre.

Si la distinction entre les régimes (1) et (2) n’est pas évidente ici, elle apparaîtra plus
clairement lors de la modélisation.

Origine et seuils d’apparition des transitions interbandes Le modèle de Drude
(qui sera introduit Sec. I.2.1) suppose que seuls les électrons de conduction interagissent
avec l’onde incidente, c’est-à-dire les électrons des couches électroniques s. Cette hypothèse
est vérifiée dans tout le spectre visible pour les alcalins. Pour ces éléments, l’écart d’énergie
entre les couches électroniques les plus externes (1s et 2s pour le lithium, (n − 1)p et ns
pour le sodium et le potassium) sont bien supérieurs aux énergies du visible. Pour ces
matériaux, le modèle de Drude est réputé correct [87].

Pour les métaux nobles en revanche, les couches électroniques (n − 1)d et ns sont
proches, autorisant une interaction entre l’onde incidente et les électrons de valence des
atomes. Cette interaction résulte en l’absorption de photons et la promotion d’électrons
des couches d vers la couche s, on parle de transitions interbandes. Cette appellation
peut se comprendre par opposition aux transitions intrabandes associées aux variations
d’énergie des électrons de conduction au sein même de la bande de conduction.

Les seuils d’apparition des transitions interbandes sont caractéristiques du matériau,
ils correspondent aux énergies minimales qu’il faut apporter pour promouvoir un électron
de la couche d vers la couche s. Ces seuils sont notamment à l’origine de l’aspect cuivré,
doré ou argenté des métaux nobles. Quantitativement, les limites de ces seuils sont régu-
lièrement données de façon approximative. On rapporte 1.9 eV pour l’or et 2.1 eV pour
l’argent dans [88] contre 1.8 pour l’or et 3.85 pour l’argent dans [87]. 6 La Fig. I.5 présente

6. La valeur de 2.1 eV pour l’argent renseignée par Y. Guillet nous semble largement sous-estimée (cf
Fig. I.4).
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les diagrammes de bande de quatres métaux plasmoniques typiques. Dans le cas de l’ar-
gent, on constate par exemple que des transitions verticales entre les bandes de valences
et conductions sont possibles pour des énergies de l’ordre de 3 à 4 eV. En outre, pour une
température non nulle, nous savons que le couplage aux phonons permet des transitions
horizontales dans la zone de Brillouin et engendre une augmentation des contributions
interbandes.

Figure I.5 – A gauche : diagramme de bande de l’argent d’après la Ref. [100]. A droite : diagrammes
de bande d’autres métaux plasmoniques usuels, d’après la Ref. [101]. Les flêches bleues indiquent les
transitons intrabandes et les flêches rouges indiquent les transition interbandes.
Remarque : il s’agit d’une illustration, en pratique, les transitions intrabandes ne sont pas verticales.

Sur la Fig. I.4, on constate effectivement qu’au-delà de 1.8 et 3.8 eV respectivement
pour l’or et l’argent, la partie imaginaire de la permittivité augmente assez brusquement
(absorption). Nous verrons que le modèle de Drude est en défaut au-delà de ces seuils.

Le phénomène de transition interbande ne sera pas étudié de manière approfondie dans
cette étude. Nous nous limiterons à une modélisation phénoménologique du phénomène
au-delà de EIB + 0.5 eV. Néanmoins, dans l’Annexe A.3 p. 210, nous donnons de plus
amples précisions sur ce phénomène et proposons des pistes de modélisation basées sur
la littérature [41, 102–104] qui pourront servir à de futurs développements. Par souci de
linéarité, il est probablement plus commode de parcourir cette annexe en fin de chapitre.

I.1.4 Données physico-chimiques de l’or et l’argent

Sur le Tab. I.2, nous avons rassemblé les données récoltées au cours de notre étude.
Les grandeurs renseignées seront définies plus tard. Les paramètres intervenant dans le
modèle de Drude sont ceux que nous avons obtenus lors des ajustements que nous allons
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Grandeur Or Argent

Numéro atomique Z 79 ♣ 47 ♣

Structure électronique [X] [Xe] 5d106s1 ♣ [Kr] 4d105s1 ♣

Masse atomique M 197.0 uma [105] 108.0 uma [105]
Masse volumique ρX 19.3 cm−3 [105] 10.50 cm−3 [105]
Densité atomique n0 5.90 1022 cm−3 ♣ 5.86 1022 cm−3 ♣

Pulsation plasma ωp 8.9 eV ♦ 8.8 eV ♦

Fonction de travail WF 5.1 eV [106] 4.5 eV [99]
Seuil IB (approximatif) EIB 1.8 eV ♦ 3.6 eV ♦

Amortissement plasmon γp 48.4 meV ♦ 36.7 meV ♦

Temps caract. de relaxation τp 13.5 fs ♦ 17.9 fs ♦

Vitesse de Fermi vF 1.40 106 m.s−1 [107] 1.39 106 m.s−1 [107]
Libre parcours moyen l∞ 19 nm ♠ 25 nm ♠

Épaisseur de peau à 2 et 3 eV δ 29 − 33 nm ♠ 24 − 30 nm ♠

Masse effective des électrons m∗
e 1.03 [108] 0.96 [95]

Tableau I.2 – Paramètres physiques de l’or et de l’argent massifs. Les (♣) indiquent que le paramètre
est bien connu, les (♦) que le paramètre a été évalué dans cette étude et sera discuté et les (♠) que le
paramètre peut être déterminé trivialement. ρX et n0 sont données à 20°C. l∞ est estimé via la relation
l∞ ≃ vFτp, les valeurs que nous obtenons sont relativement faibles (cf [87] p. 22). δ est calculée via la
relation δ = λ/ (2πk) où la partie imaginaire k de l’indice optique est tirée des Refs [92, 93], ces valeurs
peuvent servir de références d’échelle complémentaires. Nous verrons que les paramètres γp, et m∗

e et
ceux qui en découlent présentent une forte dépendance spectrale, ils sont donnés en tant que constante à
titre indicatif.

présenter. Par souci de cohérence, ce sont ces paramètres que nous utiliserons dans la
suite de ce manuscrit. Ce tableau est dupliqué Tab. A.1 en Annexe p. 209.

I.2 Modélisations de la permittivité

Nous venons de décrire qualitativement la réponse spectrale des métaux nobles. Dans
cette section, nous présentons des outils analytiques qui permettent une description plus
quantitative.
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I.2.1 Modèle de Drude

Le modèle de Drude est le formalisme le plus couramment employé pour décrire la
permittivité des métaux nobles dans les domaines (1) et (2). L’article originel de Drude
de 1900 est donné en Ref. [109], son formalisme est bien connu, [110] p. 20, mais nous
rappelons brièvement les bases du calcul puisque ce modèle sera une composante essentielle
des développements qui suivront.

Modèle « idéal » des électrons libres La première hypothèse du modèle de Drude
est déjà considérable. On suppose que les électrons de conduction sont indépendants entre
eux, qu’ils forment un gaz d’électrons libres n’interagissant pas avec l’ensemble des noyaux
et des électrons de cœur et qu’ils sont les seuls à interagir avec l’onde incidente. Un bilan
des forces qui s’exercent sur l’électron est alors effectué, il se résume à deux contributions :

� l’action du champ extérieur oscillant : −eE (ω) où e est la charge élémentaire. En
notation complexe, E (ω) = E0 exp (−jωt/ℏ) avec j le complexe de carré 1 et ω
l’énergie des photons et ℏ la constante de Planck réduite,

� un amortissement qui traduit l’ensemble des interactions entre l’électron et son
milieu : −γm∗

eve, où m∗
e et ve sont respectivement la masse effective et la vitesse de

l’électron.

Du point de vue balistique, γ traduit les collisions électron-électron, électron-phonon et
électron-défaut. Lorsque l’électron est soumis à une perturbation infiniment brève (par
exemple, sous forme d’une fonction de Dirac), τ = ℏ/γ peut être interprété comme le
temps caractéristique de retour à sa position d’équilibre, ou encore comme le temps de
libre parcours moyen d’un électron au sein du matériau. Nous y reviendrons plus en détail
plus tard. 7 Ajoutons simplement ici qu’il y a au moins deux concepts pour lesquels ce
paramètre est fondamental. Il est parfois présenté comme étant une grandeur caracté-
ristique d’un gaz d’électron libre, un plasma, ou parfois comme une caractéristique d’un
ensemble cohérent d’électrons en oscillation, un plasmon. Ces deux points de vues ne sont
pas tout à fait identiques mais, quoi qu’il en soit, le temps caractéristique du phénomène
est consensuellement noté τ ≡ τp, de même γ ≡ γp. Dans le premier cas, τp caractérise le
temps de relaxation du plasma, dans le second, il caractérise la durée de vie du plasmon,
sur laquelle nous reviendrons largement.

7. Notamment au chapitre II, Sec. II.1.3 p. 57 et suivantes traitant des effets de confinement électro-
nique et au chapitre IV, dans l’ensemble des Secs. IV.2.3 et ?? lors de la discussion de l’un des temps
caractéristiques du mécanisme de génération d’électrons chauds



Chapitre I : Permittivité d’un matériau massif 28

Quoi qu’il en soit, nous pouvons utiliser ce bilan des forces et appliquer le principe fon-
damental de la dynamique (PFD), cf Annexe A.4 p. 212. Après identification à l’Eq. (I.4),
le PFD conduit au modèle de Drude idéal de la dépendance spectrale de la permittivité :

Modèle de Drude idéal

ε (ω) = 1 −
ω2

p

ω2 + jγpω
. (I.7)

Dans ce modèle, ωp est la pulsation plasma du gaz d’électrons, elle s’écrit : 8

ω2
p = nce

2

meε0
, (I.8)

où nc est la densité d’électrons de conduction. Nous évoquions ωp lors de la description
qualitative des résultats expérimentaux, il s’agit de la pulsation de vibration intrinsèque
du gaz d’électrons libres. C’est une caractéristique du matériau, elle est de l’ordre de 9
eV pour l’or et l’argent, cf Tab. A.1 p. 209.

Cas des métaux nobles Le modèle de Drude idéal, permet de décrire correctement la
réponse optique des métaux alcalins (lithium, sodium et potassium), [87] pp. 18-22. Mais
nous savons que pour les métaux nobles, il est nécessaire de corriger le premier terme de
l’Eq. (I.7) :

Modèle de Drude simple

ε (ω) = ε∞ −
ω2

p

ω2 + jγpω
, (I.9)

où ε∞ > 1 est une constante qui traduit une plus forte interaction entre les électrons de
conduction et les électrons de cœur pour les métaux nobles que pour les alcalins [108]. Nous
appellerons ce modèle le « modèle de Drude simple ». En outre, ε∞ peut être comprise
comme étant la contribution des électrons des couches électroniques d à la permittivité
du matériau en lien avec les transitions interbandes, (cela sera discuté dans l’Annexe A.3
p. 210 que nous rappellerons en fin de chapitre). On peut notamment récrire les parties
réelles et imaginaires de la permittivité comme suit :

8. La masse me est couramment corrigée pour tenir compte des interactions (« électrons quasi-
libres »). On utilise alors la masse effective, ou masse optique, de l’électron : me → m∗

e . Le rapport
m∗

e/me est de l’ordre de 1.08 pour l’or, 1.04 pour l’argent et 1.5 pour le cuivre [98]. Sa valeur dépend
également de la température et de la longueur d’onde du rayonnement [98]. D’autres valeurs du même
ordre de grandeur sont rapportées dans les Refs. [92, 95, 95].
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ε1 (ω) = ε∞ −
ω2

p

ω2 + γ2
p
, (I.10a)

ε2 (ω) =
ω2

p

ω2 + γ2
p

× γp

ω
. (I.10b)

En supposant que l’amortissement est faible devant l’énergie des photons incidents, γp ≪
ω, on obtient :

ε1 (ω) ≃ ε∞ −
ω2

p

ω2 , (I.11a)

ε2 (ω) ≃ γp
ωp2

ω3 . (I.11b)

On retrouve ici le régime hyperbolique de la fonction diélectrique que nous évoquions
lors de la présentation des tendances, Fig. I.4. Remarquons que la condition γp ≪ ω est
vraie pour les métaux nobles à partir de ∼ 0.1 eV et notamment dans la partie visible
du spectre (cf Tab. A.1). Cette formulation plus simple permet également de constater
que le coefficient d’amortissement γp influe principalement sur la partie imaginaire de la
permittivité, en relation avec le phénomène d’absorption.

Dans ce qui suit, nous laisserons de côté les Eqs. (I.11) et utiliserons exclusivement
les Eqs. (I.10).

Imprécision des paramètres de Drude La difficulté lorsqu’il s’agit d’appliquer le
modèle de Drude réside dans la détermination des valeurs des paramètres sur lesquels il
s’appuie. On trouve dans la littérature des propositions très différentes. Pour l’argent on
donne par exemple, ωp = 5.4−9.2 eV, τp = 3−40 fs et ε∞ = 1−10 eV [93, 95, 97, 98, 108].
Pour l’or, les différences sont sensiblement identiques. Ces données sont obtenues soit par
ajustement (fit) direct du modèle de Drude (ou une de ses extensions) à un jeu de données,
soit par un protocole expérimental auxiliaire tel que la mesure de la largeur à mi-hauteur
des pics d’absorption pour l’estimation de τp [111].

Lors d’un ajustement, les paramètres obtenus dépendent du jeu de données utilisé,
mais aussi de la gamme spectrale considérée. En utilisant les données expérimentales
choisies en Sec. I.1.2, nous avons mené une étude sur l’importance de la gamme spectrale
considérée. La Fig. I.6 résume les résultats de cette étude pour l’or et l’argent en fonction
de la gamme spectrale considérée. Les ajustements ont été effectués grâce à la fonction
lscurvfit de Matlab. Il s’agit d’ajustements multivariables sur les grandeurs ε1 (ω) et ε2 (ω)
basés sur la méthode des moindres carrés.
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Figure I.6 – Évolution des paramètres du modèle de Drude simple pour l’or et l’argent, Eq. (I.9), issus
d’ajustements dans une gamme spectrale de largeur 1 eV. L’axe des abscisses donne la valeur centrale
des intervalles pour les ajustements concernés.

La méthode d’ajustement précise et une discussion plus détaillée sont données en
Annexe A.5 p.212. Concrètement, nous avons déterminé les valeurs locales (spectrale-
ment) des paramètres de Drude en faisant varier l’intervalle d’ajustement. Nous donnons
seulement les conclusions ci-contre :

Variation des paramètres de Drude

� les variations des paramètres de Drude sont très significatives, sauf pour l’argent
entre 0.1 et 2.1 eV,

� les ordres de grandeur pour ε∞, ωp et γp sont ceux que l’on trouve dans la
littérature. Leurs variations expliquent la diversité des paramètres utilisés,

� à très basse fréquence, le modèle ne s’applique pas (cf SI de [93]). Les limites
basses sont respectivement 0.2 et 0.1 eV pour l’or et l’argent,

� pour l’or, les erreurs relatives commises (sur la permittivité par rapport à l’ex-
périmentale) sont toujours importantes sauf entre 0.6 et 1.5 eV,

� pour l’argent, les erreurs relatives commises sont faibles jusqu’à 3.1 eV.

Les variations plus ou moins régulières de ε∞, ωp et γp avec l’énergie des photons que
nous venons d’illustrer ont motivé la recherche de modèles pour la dépendance spectrale
de ces paramètres. Ce sujet sera abordé dans la section suivante relative aux extensions
du modèle de Drude.
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Choix des paramètres de Drude Pour cette thèse, nous avons cherché à optimiser
les valeurs des paramètres de Drude sur un intervalle assez large afin de permettre une
description fiable de la dépendance spectrale. Les domaines d’ajustement ont été choisis
de manière à maximiser la largeur de l’intervalle d’ajustement tout en limitant l’erreur
relative locale maximale à 70% pour l’or et à 40% pour l’argent, les résultats sont donnés
au Tab. I.3.

Région d’ajustement ε∞ ωp [eV] γp [meV] τp [fs] Err. rel. moy. Err. rel. max.

Or 0.6 − 1.8 [eV] 5.4 8.9 48.4 13.5 5% 40%
Argent 0.1 − 2.5 [eV] 3 8.8 36.7 17.9 2% 70%

.

Tableau I.3 – Paramètres du modèle de Drude simple obtenus par ajustement numérique. Cas de l’or
et de l’argent.

Pour clarifier notre approche, comparons à la Fig. I.6. Celle-ci est construite pour une
gamme spectrale étroite (largeur 1 eV). Par contre, dans ce tableau, la gamme spectrale
est plus large (1.2 à 1.8 eV).

Ici, les erreurs relatives moyennes que l’on obtient sont inférieures à 5%. Cependant,
l’échantillonnage expérimental n’étant pas régulier (densité plus importante de points
de mesure en basse fréquence), l’interprétation directe d’une « si faible » erreur relative
moyenne est biaisée. Nous soulignons que les erreurs maximales, obtenues uniquement
à certaines longueurs d’onde, sont élevées et apparaissent dans les gammes visible et
proche-UV.

Lorsqu’il s’agira d’utiliser le modèle de Drude simple, nous utiliserons systématique-
ment les paramètres du Tab. I.3. La Fig. I.7 présente les deux modèles précédents ; c’est-
à-dire Drude « simple » et « idéal » en utilisant ces paramètres. Sur la deuxième ligne, les
courbes en tirets et continues sont confondues ; ce qui est attendu puisque la correction
du modèle simple ne concerne que la partie réelle.

Pour tenter d’interpréter correctement les écarts entre les différents modèles, nous
insistons sur le fait que ce type de représentation (Fig. I.7) est généralement donné en
échelle logarithmique. C’est le comportement hyperbolique de la fonction diélectrique qui
nous impose d’utiliser ces échelles qui masquent la réalité concernant la validité du modèle
de Drude : relativement mauvaise. En outre, l’étude quantitative de cette validité n’est
pas tout à fait évidente. La principale difficulté consiste à déterminer un critère d’erreur
pertinent. Dans l’Annexe A.6, p. 214, nous expliquons en quoi il est difficile de définir
un critère d’erreur objectif. Les conclusions de cette discussion technique sont résumées
ci-dessous.
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Figure I.7 – Comparaison des modèles de Drude idéal (Eq. (I.7)) et de Drude simple (Eq. (I.9)) aux
résultats expérimentaux pour l’or et l’argent. Les paramètres utilisés sont donnés au Tab. I.3. Sur cette
représentation, pour faciliter la lisibilité, nous avons réduit la densité d’échantillonnages expérimentaux,
un point expérimental sur trois est représenté (points bleus), ceci n’affecte en rien les observations que
nous en tirons.

Conclusion sur le modèle de Drude

Inconvénients :

— le modèle de Drude simple appliqué aux métaux nobles est assez limité,

— le modèle est qualitativement valable dans l’IR, mais, quantitativement, les
erreurs sont importantes (localement >40% voire plus), même dans l’IR pour
l’or,

— les paramètres dépendent fortement de la région du spectre considéré, même
dans l’IR pour l’or,

— l’utilisation de ce modèle requiert un ajustement systématique des paramètres
et, dans le cas de l’or, les erreurs sont toujours conséquentes,

Avantages :

— le modèle de Drude s’applique bien à l’argent (jusqu’à l’IR lointain avec une
erreur relative maximale < 10% dans la gamme 0.3 − 1.6 eV),

— ce modèle est qualitativement cohérent et se révèle être une base théorique
intéressante pour effectuer des estimations ou des interprétations.
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En outre, le modèle de Drude suggère également un certain nombre d’approfondis-
sements et d’améliorations. Les limites que nous venons d’évoquer ont notamment mo-
tivé le développement d’extensions plus ou moins analytiques concernant la dépendance
spectrale des « paramètres de Drude ». Nous en présenterons deux qui nous intéressent
particulièrement dans cette étude.

Nous rappelons que l’Annexe A.3 p. 210 donne de plus amples précisions sur la pro-
blématique de modélisation dans la région interbande et nous proposons des pistes de
modélisation basées sur la littérature [41, 102–104]. Quoi que très intéressants, ces mo-
dèles sont plus perfectionnés que le modèle de Drude, ils n’ont pas été au cœur de notre
étude.

I.2.2 Extensions du modèle de Drude

Dépendance spectrale de l’amortissement Les résultats des ajustements précédents
permettent d’estimer la dépendance spectrale des paramètres de Drude (cf Fig. I.6).
L’énergie des photons incidents influe sur les interactions électron-électrons qui sont à
l’origine de cette dépendance [93, 108].

Il est possible de construire un modèle simple permettant de modéliser cette dépen-
dance en manipulant directement le modèle de Drude [108]. La seule différence avec le
modèle précédent est l’implication d’une dépendance spectrale pour l’amortissement plas-
mon. γp (ω) est obtenue de façon phénoménologique, on l’extrait directement des résultats
expérimentaux. En notant, εexp = εexp

1 + jεexp
2 , un jeu de données expérimentales, ce mo-

dèle s’écrit :

Modèle de Drude-Sommerfeld

ε (ω) = ε∞ −
ω2

p

ω2 + jωγp (ω) , (I.12a)

avec

γp (ω) = ωεexp
2 (ω)

ε∞ − εexp
1 (ω) . (I.12b)
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L’expression de γp (ω) est obtenue en égalisant le terme commun dans les Eqs. (I.10). 9

Nous utilisons la valeur de ε∞ du Tab. I.3. Nous appelons ce modèle le « modèle de
Drude-Sommerfeld » (appellation non consensuelle).

Dépendance spectrale de la contribution des électrons de cœur Nous avons
proposé d’aller plus loin dans cette voie en déduisant la dépendance spectrale du terme
ε∞ à partir des Eqs. (I.10). En éliminant le terme γp du système, on aboutit à une équation
du second degré en ε∞. On montre qu’elle possède deux solutions, dont une seulement a
un sens physique. La dépendance spectrale de ε∞ ainsi obtenue conduit à une nouvelle
correction du coefficient d’amortissement. In fine, la permittivité du matériau peut être
décrite par les relations :

Modèle de Drude étendu

ε (ω) = ε∞ (ω) −
ω2

p

ω2 + jωγ̃p (ω) , (I.13a)

avec

ε∞ (ω) = εexp
1 (ω) + 1

2

ñ(ωp

ω

)2
−
…(ωp

ω

)4
−
(

2εexp
2 (ω)

)2
ô

(I.13b)

et

γ̃p (ω) = ωεexp
2 (ω)

ε∞ (ω) − εexp
1 (ω) . (I.13c)

Ce modèle est plus phénoménologique, par la suite nous l’appellerons modèle de
« Drude étendu ».

Comparaison des modèles La Fig. I.8 confronte les modèles de permittivité aux
résultats expérimentaux. On confirme que le Modèle de Drude simple est inadapté dans
le visible pour l’or et au-delà des transitions interbandes pour les deux métaux.

Que ce soit pour l’or ou l’argent, le modèle de Drude-Sommerfeld apporte principa-
lement une correction aux parties imaginaires de la permittivité (cf le rôle de γp dans

9. Une estimation de l’amortissant γp (ωi) est déterminée en chaque point de mesure à (ωi, εexp
i )

disponible. On l’utilise ensuite directement ou après interpolation pour obtenir γp (ω) à ω quelconque.



Chapitre I : Permittivité d’un matériau massif 35

Figure I.8 – Comparaison des modèles de Drude simple (Eq. (I.9), Tab. I.3), Drude-Sommerfeld
(Eq. (I.12)) et Drude étendu (Eqs. (I.13)) aux résultats expérimentaux pour l’or et l’argent. Sur cette
représentation, pour faciliter la lisibilité, nous avons réduit la densité d’échantillonnage expérimentaux,
un point expérimental sur trois est représenté (points bleus). Ceci explique les irrégularités apparentes du
modèle de Drude étendu (courbe rouge) entre certains points expérimentaux successifs dans les régions
IB, mais n’affecte en rien les interprétations que nous en tirons.

les Eqs. (I.11)). Il permet de décrire correctement ce que nous avions appelé le régime
transitoire ou « plateau », (Fig. I.4). Il perd cependant son sens physique à partir de 2.6
eV pour l’or et 3.9 eV pour l’argent. En particulier, il n’est pas possible d’interpréter les
variations décrites après ces limites puisque le modèle n’a plus de sens physique. Nous
savons, en effet, qu’à ce stade, les transitions interbandes contribuent à l’absorption du
rayonnement incident et à l’amortissement du plasmon, or ces ouvertures de canaux de
dissipation de l’énergie ne sont pas prises en compte par le modèle (l’augmentation de γp

impliquée ne suffit pas).
Enfin, le modèle de Drude étendu. Il perd une grande partie du caractère analytique

des modèles précédents, mais permet de retrouver les résultats expérimentaux sur toute
la gamme de fréquences. Cette bonne adéquation doit être interprétée avec précaution
puisque nous avions deux degrés de liberté (ε1 et ε2) et que nous utilisons deux para-
mètres ajustables (ε∞ et γ̃p). L’existence mathématique de solution est donc attendue,
indépendamment de la réalité physique du sujet d’étude.

L’intérêt de ces deux derniers modèles est la possibilité d’étudier et éventuellement
de corriger a posteriori la dépendance spectrale de l’amortissement γp. Nous allons la
discuter une première fois ici, mais nous y reviendrons lors de l’étude du comportement
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optique de nanoparticules (Sec. II.1.3, portant sur les effets de taille finie) ainsi que lors
de la présentation du modèle de génération d’électrons chauds (Sec. IV.2.3, au paragraphe
portant sur les temps caractéristiques du mécanisme de génération d’électrons chauds p.
161).

Les dépendances spectrales de γp que l’on obtient en appliquant les modèles des
Eqs. (I.12) et (I.13) sont représentées sur la Fig. I.9. Ce sont ces paramètres qui ont
permis de construire la Fig. I.8. Les temps caractéristiques associés, τp = ℏ/γp, sont
représentés à droite. Les courbes continues concernent l’argent, celles en tirets, l’or. Les
lignes horizontales correspondent aux constantes du modèle de Drude simple du Tab. I.3.

Figure I.9 – Évolution de l’amortissement et du temps caractéristique de relaxation de plasmon tels que
déduites des modèles de Drude-Sommerfeld (Eqs. (I.13b) et (I.12b)) et Drude étendu (Eq. (I.13c)).

Que ce soit pour les approches précédentes avec ajustement ou les deux modèles
présentés ici, les tendances que l’on obtient pour γp (ω) sont similaires. Quantitativement,
on constate qu’en basse fréquence, l’amortissement plasmon tend vers les constantes que
l’on retrouve dans la littérature. En utilisant la théorie des liquides de Fermi, Yang et
ses collaborateurs ont montré que l’on retrouve ce comportement asymptotique basse
fréquence de γp (ω) [93]. On montre en effet que lorsque ω → 0, γp est une fonction
linéaire du carré de l’énergie, ω2. 10

De l’autre côté du spectre, lorsque l’énergie des photons est élevée, l’amortissement
plasmon augmente considérablement. Cette description nous semble cohérente puisqu’elle
est corrélée à l’apparition des transitions interbandes, qui contribuent à l’absorption du
rayonnement incident et à la perturbation de la cohérence du plasmon. Notons simplement

10. Pour d’éventuelles futures comparaisons : notons qu’après vérifications, les comparaisons effectuées
dans l’article [93] - Fig. 9, sont issues du modèle que nous avons appelé « de Drude idéal », c’est-à-dire
avec ε∞ = 1 et non pour ε∞ > 1, contrairement à ce qui est expliqué par les auteurs. Nonobstant cela,
on retrouve tout de même l’évolution linéaire de la fonction γp

(
ω2) en basse fréquence.
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que γ̃p (ω) augmente moins rapidement que γp (ω). Ceci s’explique par la prise en compte
de la contribution ε∞ (ω) traduisant l’effet croissant des électrons d, contrebalançant celle
des interactions entre électrons de conduction décrite par γp (ω).

La dépendance spectrale de la pulsation plasma pourrait donner lieu à de futurs
développements. Elle n’a pas été étudiée dans cette étude, une très brève discussion basée
sur la littérature [108, 112, 113] est donnée en Annexe A.7 p. 215.

Récapitulatif sur les modèles Pour résumer, le Tab. I.4 récapitule les paramètres
impliqués dans les quatre modèles qui découlent du modèle de Drude et les domaines
d’applicabilité respectifs. Les régions de validité (∗) ont été déterminées en cherchant
à maximiser la largeur de la gamme spectrale à paramètres fixés (on utilise ceux du
Tab. I.3 lorsque ceux-ci sont supposés constants). Pour les deux derniers modèles, la borne
inférieure de la gamme spectrale a été fixée à 0.2 eV pour l’or et 0.1 eV pour l’argent ;
la borne supérieure est choisie de telle sorte que l’erreur relative moyenne sur le module
de la permittivité soit inférieure à 5%. Le nombre de points de données disponibles pour
des énergies faibles (< 1 eV) étant beaucoup plus important que pour de hautes énergies,
ce critère de « 5% en moyenne » sous-évalue les divergences pour de hautes énergies. À
titre indicatif, le maximum de l’erreur relative commise point par point est indiqué entre
parenthèses, il s’agit évidemment d’erreurs commises pour les énergies les plus hautes.

Modèles
Paramètres

Région de validité ∗

(err. relative maximale)

ε∞ γp ωp Or Argent

Drude idéal
1 cste. cste. - -

Eq. (I.7)

Drude simple
cste. cste. cste.

0.6 − 1.7 eV 0.1 − 2.5 eV
Eq. (I.9) (40%) (70%)

Drude-Sommerfeld
cste. γp (ω) cste.

0.5 − 1.8 eV 0.1 − 3.6 eV
Eqs. (I.12) (9%) (30%)

Drude étendu
ε∞ (ω) γ̃p (ω) cste.

0.2 − 4.8 eV 0.1 − 4.8 eV
Eqs. (I.13) (0%) (0%)

Tableau I.4 – Tableau résumant les différents modèles étudiés et leurs principales caractéristiques.
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Remarque n°1 : transitions interbandes Nous rappelons que de plus amples détails
concernant le phénomène de transition interbande et des pistes de modélisation sont
données dans l’Annexe A.3 p. 210.

Remarque n°2 : cas de l’aluminium Dans cette étude, nous nous sommes concen-
trés sur l’argent et l’or, deux matériaux plasmoniques courants. Toutefois, il est à noter
que l’aluminium est un matériau plasmonique prometteur [114] étudié depuis le début
des années 2010 [115, 116]. En effet, nous verrons par la suite que le faible seuil en
énergie des transitions interbandes dans l’or et dans l’argent (2 à 3 eV) combiné à une
fréquence plasma ωp relativement faible (8 à 9 eV) favorise un important amortissement
du plasmon (notamment de la LSPR qui sera introduite au chapitre suivant). Dans le
cas de l’aluminium, trivalent, la fréquence plasmon est beaucoup plus élevée (de l’ordre
de 15 eV) et l’amortissement relatif du plasmon découlant des transition interbandes est
beaucoup moins important. Notons que la principale problématique théorique et pratique
au sujet de l’aluminium est la présence d’une couche de passivation externe qui, d’une
part, « éloigne » le métal de son environnement et d’autre part influe fortement sur son
comportement optique [114] 11.

Au sujet de la validité du modèle de Drude, à ce stade, la dépendance spectrale de
la permittivité de l’aluminium n’a pas été étudiée. Cependant, le diagramme de bande
donné en Fig. I.5 (en bas) indique que le seuil interbande de l’aluminium est du même
ordre de grandeur que ceux de l’or et de l’argent. Il faudra donc s’attendre à recourir, là
encore, à une extension du modèle de Drude pour modéliser fidèlement la permittivité de
l’aluminium dans les domaines du spectre visible et UV-proche qui nous intéressent. 12

I.3 Conclusion partielle de chapitre

Nous concluons ici le premier volet de notre étude. Les concepts et les modèles que
nous avons introduits permettent de comprendre et de décrire le comportement optique
général d’un métal noble massif soumis à un rayonnement visible ou proche-visible, l’or
et l’argent ayant été pris en exemple.

11. Cette étude rapporte un fort décalage vers le rouge de la LSPR (notion introduite formellement
au Chap. II) qui dépend de l’épaisseur de la couche d’alumine et de la concentration interne d’oxyde
métallique

12. Pour d’éventuelles futures comparaisons, dans le cas de l’aluminium massif, on rapporte ε∞ = 3−4,
ωp = 0.9 − 1.3 eV (ce qui est très élevé en comparaison à l’or et l’argent) et ωp = 15.4 eV dans [114].
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La permittivité diélectrique relative (ε) - facteur de proportionnalité entre l’action
soumise au matériau (E) et sa réaction (D), a été la grandeur au centre de notre discussion.
Nous avons étudié la dépendance spectrale de ε en détail.

Différents résultats expérimentaux ont été étudiés et discutés. Nous avons choisi d’uti-
liser les données d’Olmon et coll. pour l’or [92] et ceux de Yang et coll. pour l’argent [93].
Nous avons souligné qu’il s’agit de résultats récents et qu’ils semblent être les plus fiables
parmi une large collection dans la littérature.

Nous avons discuté deux interprétations du comportement optique des métaux nobles
dans ce domaine du spectre : la modification des interactions entre électrons de conduction
illustrée par la variation du coefficient d’amortissement γp, d’une part, et l’augmentation
de la contribution des électrons de cœur à l’approche des transitions interbandes illustrée
par la variation du paramètre ε∞, d’autre part.

Plusieurs modèles ont été présentés et comparés. Une extension fonctionnelle basée sur
une modélisation de la dépendance spectrale du terme ε∞ (contribution des électrons d) a
été proposée et validée. Le Tab. I.4 résume les principales caractéristiques de ces modèles.
Tous ces modèles découlent du modèle de Drude, le Tab. I.4 récapitule le formalisme
et le domaine d’applicabilité de chacun des modèles. Concrètement, ils sont d’autant
plus phénoménologiques qu’ils permettent de modéliser la permittivité au voisinage des
transitions interbandes.





CHAPITRE II
Nanoparticule isolée et dimère

En introduction générale, nous avons présenté les généralités conceptuelles et pratiques
concernant les nanoparticules plasmoniques. La résonance du plasmon de surface localisé
(LSPR) fait des nanostructures plasmoniques à base de métaux nobles des systèmes très
intéressants du point de vue applicatif (photocatalyse, biocapteurs, photothermie, SERS,
etc) ouvrant la voie à un domaine de recherche large et tentaculaire. Il y a trois principaux
avantages à ce type de systèmes :

— La possibilité de miniaturisation découlant évidemment de l’échelle « nano » et per-
mettant d’agir in situ, par exemple en biologie ou en médecine, ou plus généralement
de réduire la quantité de matière utile en ingénierie en général.

— Les comportements optiques intéressants (LSPR) apparaissent en réaction à un
rayonnement visible ou proche-visible. Ces systèmes permettent donc de tirer parti
du rayonnement solaire (par exemple en photocatalyse). En outre, ils peuvent servir
de capteurs lumineux visibles à l’œil humain (biocapteur par exemple).

— Le comportement optique du système est très sensible à ses caractéristiques micro-
scopiques : ses caractéristiques géométriques et physicochimiques (caractère pilo-
table intéressant en ingénierie) et son environnement (biocapteur très sensible par
exemple).

Si la forte sensibilité du système à ses caractéristiques microscopiques est intéressante du
point de vue des applications, du point de vue théorique, en revanche, la compréhension
et la description de sa réponse optique demeurent un sujet de recherche actif (e.g. [3]).

Dans ce chapitre, nous rappellerons les principaux modèles qui permettent de décrire
le comportement optique d’un nano-objet dans la gamme de tailles 2 à 100 nm. Ici, nous
nous intéresserons à des systèmes relativement simples :

41
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— la nanosphère isolée sera étudiée en détail,

— les nano-objets isolés de formes diverses (pyramide, disque et cube) seront évoqués,

— le dimère de nanoparticules sphériques symétriques (« homodimère ») sera également
étudié en détail.

Principaux objectifs du Chapitre II

1. Rappeler la modélisation du phénomène de LSPR pour une nanosphère isolée.

2. Rappeler et discuter les influences mutuelles des effets de confinement électro-
nique (effets de taille finie) et des effets dynamiques (effets de retard) dans le
cas simple de la sphère.

3. Choisir, optimiser et valider une méthode de simulation numérique permettant
de résoudre des systèmes plus complexes que la sphère.

4. Étudier l’influence des interactions entre deux particules sur le comportement
optique global et notamment mettre en évidence et caractériser le phénomène
de point chaud.

Modèles et paramètres initiaux Notons que l’ensemble des simulations utiliseront
la dépendance spectrale de la permittivité du métal telle que décrite par l’un ou l’autre
des modèles que nous avons présentés au chapitre précédent (lequel sera précisé). Les
paramètres physiques utilisés seront ceux du Tab. A.1. Sauf exception, nous illustrerons
les modèles en les appliquant à des particules dans la gamme de taille 5 à 20 nm puisque ce
sont ceux qui nous intéresseront lors de l’étude d’assemblées, Chap. III ; et du phénomène
de génération d’électrons chauds, Chaps. IV et V.

II.1 Approche analytique - particule sphérique isolée

II.1.1 Approche quasi-statique (relation de Clausius-Mossotti)

II.1.1.1 Modèles pour les efficacités optiques, les champ et potentiel élec-
triques

Polarisabilité Lorsqu’une nanoparticule est soumise à un champ électrique extérieur
E, elle se polarise. Son moment dipolaire électrique p, peut être relié au champ total Etot :



Chapitre II : Nanoparticule isolée et dimère 43

somme du champ extérieur appliqué et du champ induit (le champ induit sera étudié en
détail plus tard). Le moment dipolaire s’écrit :

p = αEtot , (II.1)

où α est la polarisabilité. Elle traduit la capacité de la particule à se polariser et décrit
ainsi sa réaction au champ qui lui est appliqué.

Plusieurs approches sont possibles pour décrire la polarisabilité d’une nanosphère.
Nous introduirons ici l’approche la plus simple, reposant sur l’hypothèse des grandes
longueurs d’onde. 1 Notons que cette hypothèse peut être confondue avec l’approximation
quasi-statique. 2 Leurs fondements ne sont pas identiques, mais dans ce contexte, les deux
hypothèses sont équivalentes.

Considérons une nanoparticule sphérique de diamètre D, de petite taille (D/λ ≪ 1),
de permittivité ε uniforme, plongée dans un milieu diélectrique et infini de permittivité
εm uniforme. Dans ces conditions, la formule de Claussius-Mossotti pour la polarisabilité
[117] s’écrit :

α = εm
D3

8 β = εm
D3

8
ε− εm

ε+ 2εm
. (II.2)

Le terme β pourrait être appelé la « polarisabilité réduite », il interviendra dans le
Chap. III.
Cette relation simple permet d’illustrer deux phénomènes :

— le caractère résonant de la réponse optique d’une nanosphère : la dépendance spec-
trale de la permittivité de la nanoparticule ε (ω), peut permettre d’annuler le déno-
minateur de l’Eq. (II.2), lorsque ε (ω) ≃ −2εm. Grâce à, l’Eq. (II.1), on décrit une
réaction très importante de la nanoparticule au champ qui lui est appliqué.

— l’influence du milieu environnant (matrice) sur la réponse optique du matériau :
d’une part sur la position de la résonance (présence au dénominateur), d’autre part,
sur son amplitude (présence en facteur et au numérateur).

Sections efficaces et efficacités optiques Si la relation de Claussius-Mossotti per-
met d’appréhender le phénomène, expérimentalement, les observables accessibles sont les

1. Si la nanoparticule est suffisamment petite devant la longueur d’onde : D/λ ≪ 1 où D est le
diamètre de la nanoparticule, on peut considérer que le champ incident est uniforme au sein de la nano-
particule : c’est l’approximation des grandes longueurs d’onde.

2. Si les variations temporelles du champ sont faibles par rapport au temps caractéristique de réponse
intrinsèque du système, on peut considérer que le champ incident est stationnaire : c’est l’approximation
quasi-statique.
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sections efficaces optiques. On mesure les sections efficaces d’absorption Cabs, de diffusion
Cdiff et d’extinction Cext. Les deux premières sont définies comme étant le rapport des
puissances absorbée et diffusée par le l’intensité du rayonnement incident :

Cabs = Pabs

I0
, (II.3a) Cdiff = Pdiff

I0
. (II.3b)

La troisième est définie comme étant la somme des deux précédentes :

Cext = Cabs + Cdiff . (II.4)

Il est souvent utile d’introduire les efficacités optiques, respectivement notées Qabs,
Qdiff et Qext. Elles sont définies en normalisant les sections efficaces optiques par la sec-
tion géométrique des nanoparticules avec le plan normal à la direction de propagation
du rayonnement incident. Les efficacités optiques sont notamment intéressantes lorsqu’il
s’agit de comparer les réponses optiques de nanostructures de tailles différentes. Pour une
particule sphérique, elles s’écrivent simplement en fonction de son diamètre D :

Qabs = 4
πD2Cabs, Qdiff = 4

πD2Cdiff , Qext = 4
πD2Cext. (II.5)

Les efficacités optiques peuvent s’exprimer en fonction de la polarisabilité, on montre
finalement qu’elles sont reliées aux permittivités des matériaux par les relations, [118]-
(pp.130-133) :

Sections efficaces optiques (quasi-statique)

Cabs = π2√εm
D3

λ
Im
ï
ε− εm

ε+ 2εm

ò
, (II.6a)

Cdiff = 2π5

3 ε2
m
D6

λ4

∣∣∣∣ ε− εm

ε+ 2εm

∣∣∣∣2 . (II.6b)

où k est le nombre d’onde du rayonnement incident dans le milieu considéré (sa définition
sera donnée ensuite, Eq. (II.16)).

Du point de vue théorique, en plus de l’approximation quasi-statique, ces expressions
adoptent également l’approximation dipolaire. Ces résultats sont en fait issus d’une iden-
tification entre le champ induit par un dipôle électrostatique ponctuel et celui induit par
une sphère de taille finie. Cette identification permet d’abord d’établir une modélisation
de la polarisabilité d’une sphère de taille finie assimilée à un dipôle ponctuel - un « dipôle
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sphérique » en quelque sorte, puis d’utiliser les expressions des sections efficaces prééta-
blies pour le dipôle ponctuel (terme central des Eqs. (II.6a) et (II.6b)), [118]-(p.139). Un
développement analogue est proposé dans l’ouvrage [119]-(Ch.3).

Notons qu’il est possible d’établir une expression des efficacités optiques qui tient
compte des excitations multipolaires tout en conservant l’hypothèse quasi-statique. Une
expression allant jusqu’aux excitations quadripolaires est donnée dans la Ref. [59]-(Sec.B) ;
la Ref. [120] propose une expression similaire.

Dans ces approximations, on aboutit à des relations simples qui illustrent :

— (à nouveau) le caractère résonnant du comportement optique,

— (à nouveau) l’influence de la matrice : l’absorption et la diffusion sont d’autant plus
importantes que la matrice est de permittivité élevée.

— l’influence du rapport D/λ sur le comportement optique et notamment la répartition
de l’énergie entre rayonnement absorbé et diffusé. Qualitativement, lorsque D ≪ λ,
l’absorption domine et lorsque D ≳ λ, la diffusion domine.

Fréquence de résonance du plasmon de surface d’une nanoparticule isolée La
polarisabilité et les efficacités optiques sont exaltées lorsque le dénominateur ε + 2εm

s’annule. En utilisant, par exemple, le modèle de Drude simple (Eq. (I.9)) pour décrire
la permittivité du métal, on montre rapidement que la fréquence de résonance d’une
nanoparticule sphérique isolée (plasmon de surface) s’écrit :

Fréquence plasmon d’une nanoparticule isolée

ωr
(0) = ωp√

ε∞ + εmΞ(0)
, (II.7)

L’expression de la longueur d’onde de résonance nous sera utile :

λr
(0) = 2πℏc

ωp

»
ε∞ + εmΞ(0), (II.8)

où, l’indice (0) correspond à une nanoparticule isolée (sans interaction avec d’autres na-
noparticules). Ici, le paramètre Ξ(0) vaut 2 et est introduit pour de futures comparaisons
(assemblées de nanoparticules). Cette fréquence de résonance correspond au mode di-
polaire uniforme, c’est-à-dire que l’on peut interpréter comme une oscillation en phase
exacerbée de l’ensemble du gaz d’électrons de conduction le long de la direction de pola-
risation.
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Le formalisme « quasi-statique » que nous venons de présenter est simple et a l’avan-
tage de permettre d’étudier qualitativement la résonance des sections efficaces ainsi que la
position spectrale de la résonance, mais aussi l’influence de la nature du métal et celle de
la matrice sur le comportement optique du système. Nous allons résumer rapidement ces
différents points ; ce sera l’occasion d’illustrer l’importance d’une modélisation adéquate
de la permittivité diélectrique du métal.

Expressions du champ et du potentiel électriques Sous l’influence du champ
incident E (ou du potentiel incident V ), l’oscillation des électrons de conduction engendre
une accumulation de charges de part et d’autre de la particule. Cette fluctuation de
la densité de charge engendre à son tour un potentiel et un champ électrique, nous les
noterons Vind et Eind et y ferons référence en tant que potentiel et champ électrique induits.

Le champ et le potentiel électriques en présence résultent finalement de la somme des
contributions incidente et induite. Nous les notons Etot et Vtot, soit :

Etot = E + Eind, (II.9a)

Vtot = V + Vind. (II.9b)

En supposant que le champ incident est homogène et polarisé selon z, Etot et Vtot s’écrivent :

Etot (r) = E0uz + Eind (r) , (II.10a)

Vtot (r) = − E0r cos θ + Vind (r) . (II.10b)

Dans l’approximation des grandes longueurs d’onde et dans le cas simple de la sphère,
la résolution de l’équation de Laplace appliquée au potentiel total, ∇2Vtot = 0, s’effectue
simplement. En utilisant des conditions aux limites usuelles, on obtient l’expression de Vtot,
[29]-(p.67). On obtient ensuite l’expression de Etot par dérivation. On dispose finalement
d’un modèle simple selon lequel les composantes induites s’écrivent :

Champ et potentiel induits par une nanosphère

Eind (r) =

∣∣∣∣∣∣∣
Ein

ind (r) = −E0
ε−εm
ε+2εm

uz r ≤ D/2

Eout
ind (r) = −D3

8 E0
ε−εm
ε+2εm

(2 cos θur + sin θuθ) 1
r3 r > D/2

(II.11a)
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Vind (r) =

∣∣∣∣∣∣∣
V in

ind (r) = E0
ε−εm
ε+2εm

r cos θ r ≤ D/2

V out
ind (r) = D3

8 E0
ε−εm
ε+2εm

cos θ
r2 r > D/2

(II.11b)

II.1.1.2 Description et limites du modèle de Drude

Description qualitative globale Sur la Fig. II.1 (à gauche) les efficacités d’absorption
de nanoparticules d’or et d’argent isolées dans le vide ou dans l’air sont représentées. Pour
cet exemple, nous appliquons les Eqs. (II.6). ε (ω) est décrite en utilisant directement les
résultats expérimentaux choisis [92, 93], εm = 1 et D = 10 nm.

On retrouve une résonance aux alentours de 2.6 eV pour l’or et 3.5 eV pour l’argent
(respectivement 477 nm et 354 nm), [59, 81]. On retrouve [81] également le fait que
l’amplitude de la résonance pour des nanoparticules d’argent est 20 fois plus élevée que
celle de l’or (se référer aux axes des ordonnées à gauche pour l’argent et à droite pour
l’or). Cette différence est liée à la proximité des transitions interbandes pour l’or : pour
cet élément, une partie importante de l’énergie incidente est absorbée par les électrons d.
Du point de vue de la LSPR, c’est une quantité d’énergie qui est perdue puisqu’elle ne
participe pas au plasmon. Dans le cas de l’or, les deux phénomènes (oscillation résonnante
du gaz d’électron de conduction et absorption par transition interbande) ont lieu dans la
même gamme d’énergie, d’où une résonance moins intense. Au contraire, pour l’argent, la
LSPR apparaît pour des énergies plus basses d’où une intensité exacerbée.

Figure II.1 – Etude qualitative des sections efficaces optiques. A gauche, dépendance spectrale de l’effica-
cité d’absorption de nanoparticules isolées d’or et d’argent. A droite, l’évolution relative des phénomènes
d’absorption et de diffusion en fonction du diamètre. La méthode de calcul est identique à celle de la
figure de gauche, les calculs sont effectués à la résonance.
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Pour l’or, il est à noter qu’un régime se distingue clairement du pic principal (de
forme globalement lorentzienne [121]). Ce régime de haute énergie correspond justement
à l’absorption par transition interbande (λ < 480 nm dans le cas de l’or). Sur cette
figure, il n’apparaît pas clairement pour l’argent, mais un agrandissement dans la région
concernée permet d’observer un comportement identique.

Les tendances sont semblables pour les efficacités de diffusion Qdiff . La différence ma-
jeure réside dans l’amplitude relative des efficacités. À ce propos, le paramètre d’intérêt
est la taille des nanoparticules. La Fig. II.1 (à droite), présente l’évolution relative des
amplitudes des sections efficaces d’absorption et de diffusion à la résonance pour diffé-
rentes tailles de nanoparticules dans l’air. Quel que soit le métal, lorsque la nanoparticule
est de petite taille, c’est l’absorption qui domine (jusqu’à 4 ordres de grandeur). Le ratio
s’inverse lorsque la taille augmente. D’après les Eqs. (II.6), le rapport Cdiff/Cabs évolue
linéairement en fonction de D3. La frontière entre les deux régimes dépend du métal et
de l’environnement. Dans l’air, dans l’approche quasi-statique, elle se situe approximati-
vement à D = 120 nm pour l’or et D = 60 nm pour l’argent.

Influence de la matrice L’influence de la matrice sur les phénomènes d’absorption et
de diffusion du rayonnement incident par une particule isolée est décrite par les Eqs. (II.6).
La Fig. II.2 présente les spectres des efficacités d’absorption de particules d’or et d’argent
dans des matrices de permittivité εm réelle croissante.

Figure II.2 – Évolution des efficacités optiques d’absorption de nanoparticules d’or et d’argent en
fonction de la permittivité de la matrice. Pour cet exemple, nous appliquons les Eqs. (II.6). ε (ω) est
décrite en utilisant directement les résultats expérimentaux choisis ([92, 93]) et D = 10 nm.

Lorsque la permittivité augmente, on constate deux principaux effets :

— d’une part, un décalage vers le rouge du pic de résonance. On peut montrer grâce à
l’Eq. (II.8) qu’en première approximation, si ε∞/εm ∼ constant, la longueur d’onde
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de résonance évolue linéairement en fonction de l’indice optique de la matrice :
nm = √

εm. Ce point est détaillé par Kelly et coll. (cf [59]-(Sec. D)). 3

— d’autre part, on observe une évolution en √
εm de l’amplitude de la résonance ce qui

est en accord avec l’Eq. (II.6a).

Ces observations peuvent servir de base à la compréhension du comportement optique
de nanoparticules isolées. Il faut les retenir avec précaution puisqu’aucun effet dynamique
n’est pris en compte et que la permittivité considérée ici est celle d’un matériau massif.

Nous pouvons garder à l’esprit que ces observations sont valables pour des nanopar-
ticules sphériques « ni trop petites, ni trop grosses », approximativement entre 10 et 40
nm de diamètre. Des précisions quantitatives seront données en Sec. II.1.4.

Lien avec l’applicabilité du modèle de Drude La description des sections effi-
caces optiques est l’occasion d’illustrer l’importance d’une modélisation de la permittivité.
Lorsque nous avons présenté le modèle de Drude nous avons évoqué un certain nombre
de divergences vis-à-vis des résultats expérimentaux. Nous allons voir que les erreurs de
modélisation sont encore plus importantes lorsque l’on utilise le modèle de Drude pour
estimer les efficacités optiques.

Sur la Fig. II.3 nous présentons l’efficacité d’absorption de nanoparticules d’or et
d’argent pour différentes permittivités de matrice. Nous comparons ici les simulations en
modélisant la permittivité du métal soit en utilisant le modèle de Drude simple (courbes
continues) soit en utilisant directement les données expérimentales de [92, 93] (courbes
en tirets).

Pour les deux métaux, l’utilisation du modèle de Drude engendre une erreur impor-
tante sur la description des sections efficaces optiques. Lorsque la matrice a une per-
mittivité faible, les prédictions sont complètement erronées (proximité des transitions
interbandes).

Concrètement, le modèle de Drude simple ne s’applique que pour des matrices de
permittivités diélectriques très élevées. Cela revient en fait à décaler la position du pic
plasmon dans une région du spectre où le modèle de Drude s’applique : loin des transitions
interbandes. L’Eq. (II.7) nous a permis de donner une limite de validité du modèle de
Drude en termes de permittivité de matrice. En pratique, le modèle de Drude s’applique
correctement si la condition suivante est vérifiée :

3. Les auteurs montrent notamment qu’on retrouve cette linéarité pour des particules de formes plus
complexes. Étude de tétraèdres tronqués d’argent expérimentale et numérique (DDA).
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Figure II.3 – Évolution des efficacités d’absorption de nanoparticules d’or et d’argent isolées pour
différentes permittivités de la matrice. Nous utilisons l’Eq. (II.6a) pour modéliser Cabs. Les courbes noires
font intervenir le modèle de Drude simple Eq. (I.9) et les paramètres du Tab. I.3 pour la permittivité
du métal. Les courbes en tirets « expérimental » utilisent les résultats des mesures effectués dans les
Refs. [92, 93], D = 10 nm. La flèche en tirets rouges indique la résonance dans le cas εm = 3 expérimental
qui n’est pas facilement lisible.

Critère de validité du modèle de Drude

εm >
1

Ξ(0)

ñÅ
ωp

ωmax
fit

ã2
− ε∞

ô
, (II.12)

où ωmax
fit est la limite haute de l’ajustement du modèle de Drude effectué, cf Tabs. I.3 et

I.4.
En considérant les valeurs limites données au Tab. I.3 et en supposant que la résonance

se situe à la limite du domaine d’ajustement ωr ≤ ωmax
fit , on obtient pour limites εm > 11

pour l’or (ce qui n’est jamais le cas en pratique) et εm > 4.7 pour l’argent (ce qui est
assez rare en pratique). 4

Évolutions du champ et du potentiel électrique L’étude quantitative sera effectuée
plus tard (Sec. II.2.3 p. 78). Nous mentionnons ici les principales caractéristiques du champ
et du potentiel et discutons brièvement de l’imprécision du modèle de Drude.

Les Eqs. (II.11) indiquent que le potentiel et le champ induits conservent les propriétés
mentionnées plus haut, notamment le caractère résonnant du comportement (dénomina-
teur ε + 2εm) et l’implication de la nature des matériaux. On constate également que le

4. En terme de matériaux fortement réflectifs à permittivité réelle élevée et à peu près constante dans
le spectre visible, on retrouve couramment le polyacétate de vinyle (PVA) qui est fréquemment utilisé
[110, 122, 123] et dont la permittivité varie de 3 à 5 suivant les cas [124, 125]. Les valeurs extrêmes sont
aux alentours de 7, c’est le cas de certains composites techniques [126].
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potentiel est à symétrie de révolution selon l’axe de polarisation du rayonnement incident
(axe z) et qu’à l’intérieur de la particule, le champ induit s’oppose au champ appliqué.
Les évolutions spatiales du champ et du potentiel induit seront illustrées à la fin de ce
chapitre.

En outre, de par la présence de la présence du terme (ε− εm/ (ε+ 2εm) dans les
Eqs. (II.6) et (II.11), les imprécisions des modèles de champ et de potentiel basés sur
l’approche de Drude simple sont similaires à celles que nous venons d’évoquer.

II.1.2 Approche dynamique (théorie de Mie)

Figure II.4 – Représentation schématique de l’origine des effets dynamiques intrinsèques. Dans le volume
de la plus grosse nanoparticule, les points les plus avancés dans la direction de propagation (admettons
que cela soit de la gauche vers la droite) perçoivent les variations du champ en premier. De ce point
de vue, les autres points de la sphère sont en « retard ». Pour cette raison les effets découlant de la
dynamique du champ incident sont souvent appelés effets de retard.

Le formalisme et les résultats présentés précédemment reposent sur l’hypothèse de
grandes longueurs d’onde, D ≪ λ. En d’autres termes, nous supposions qu’à chaque
instant, le champ incident est uniforme à l’échelle de la particule. Lorsque la taille de la
nanoparticule se rapproche de (ou dépasse) la longueur d’onde, cette approximation n’est
plus valable. Un schéma de principe est proposé Fig. II.4, il illustre l’origine des effets
dynamiques, également appelés « effets de retard ». 5

L’influence de cette dynamique sur les sections efficaces optiques a été modélisée par
G. Mie [34]. Nous rappellerons brièvement ce formalisme et en donnerons une illustration.

5. Nous parlons ici d’effets dynamiques intrinsèques. Ils découlent des variations du champ au sein
même de la particule. Du point de vue calculatoire, il est commode de les dissocier des effets dynamiques
extrinsèques qui découlent des distances et retards vis-à-vis d’autres éléments diffusants - extérieurs à la
particule - comme dans une assemblée de nanoparticules par exemple. IIl est parfois possible de négliger
les uns ou les autres indépendamment.
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Sections efficaces optiques Pour tenir compte des effets de retard, G. Mie a effec-
tué un développement en harmoniques sphériques du champ incident. En appliquant les
conditions de continuité à la surface de la nanoparticule à une base de vecteurs bien
choisie, on obtient l’expression des champs électriques à l’intérieur et à l’extérieur de la
nanoparticule, ce qui permet d’établir les expressions dynamiques des sections efficaces
d’une particule sphérique isolée. 6 Elles s’écrivent :

Cext = 2π
k2

+∞∑
n=1

(2n+ 1) Re [an + bn] , (II.13a)

Cdiff = 2π
k2

+∞∑
n=1

(2n+ 1)
î
|an|2 + |bn|2

ó
, (II.13b)

Cabs = Cext − Cdiff . (II.13c)

Les coefficients an et bn sont associés aux modes transverses électriques (TE) et aux modes
transverses magnétiques (TM) [30]-(p.194). Du point de vue calculatoire, ce sont une
partie des coefficients de raccordement pour les expressions de Eind obtenues à l’intérieur
et à l’extérieur de la particule. Ils ont pour expressions :

an = ηψn (ης)ψ′
n (ς) − ψn (ς)ψ′

n (ης)
ηψn (ης) ξ′

n (ς) − ξn (ς)ψ′
n (ης) , (II.14a)

bn = ψn (ης)ψ′
n (ς) − ηψn (ς)ψ′

n (ης)
ψn (ης) ξ′

n (ς) − ηξn (ς)ψ′
n (ης) . (II.14b)

Dans ces expressions, ς est le paramètre de taille 7 défini par (Ref. [118]-(p.100)) :

ς ≡ kD
2 , (II.15)

où k est le nombre d’onde du rayonnement incident dans le milieu considéré :

k ≡ 2π
λ
ñm = 2π

λ

√
εm. (II.16)

Pour se donner une idée, en considérant un rayonnement visible, λ ∈ [300 − 800 nm] et
D ≤ 50 nm, on obtient |ς| ≤ 0.5. Concernant cette expression, il faut être vigilant au

6. Le détail du calcul est fourni dans l’ouvrage de Bohren et Huffman [118]-(pp.82-129).
7. Ce paramètre, plus souvent noté x ou ζ est également appelé « paramètre d’interférence ». C’est

en quelque sorte la limite à partir de laquelle un système de dimension caractéristique D et une onde de
nombre d’onde k sont susceptibles d’interagir. Nous le noterons ainsi pour qu’il n’y ait pas de confusion
avec d’autres paramètres
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fait que le nombre d’onde s’écrit en fonction de l’indice optique complexe ñm du milieu
considéré. 8

Dans les expressions des sections efficaces, un deuxième paramètre intervient, η ≡
ñ/ñm =

√
ε (ω) /εm. Il s’agit ici du rapport des indices optiques des matériaux. On a :

ς = πD

λ

√
εm et ης = πD

λ

»
ε (ω). (II.17)

Dans notre système de notation, n est l’indice de réfraction. La notation n est ici associée à
l’indice du terme général des séries de Mie, il correspond aux différents modes : excitation
dipolaire (n = 1), excitation quadripolaire (n = 2), et ainsi de suite (cf illustrations
[27]-(p.31)).

Enfin, les fonctions ψn et ξn sont les fonctions de Ricatti-Bessel que l’on retrouve
régulièrement en physique pour étudier des systèmes à symétrie cylindrique ou sphérique.
Dans l’Annexe A.8, nous présentons succinctement la famille des fonctions de Bessel et
son formalisme (Eqs. (A.9), (A.10) et (A.11)). Ce formalisme interviendra à nouveau aux
Chaps. IV et V pour décrire les orbitales des électrons de conduction de particule d’argent.

Importance relative des modes Les effets de retard sont d’autant plus importants
que la taille de la particule est grande. Lorsque la taille excède une centaine de nanomètres,
pour des microparticules ou des gouttelettes par exemple, le calcul précis des séries dé-
crites aux Eqs. (II.13) nécessite d’évaluer les coefficients de Mie des Eqs. (II.14) pour des
ordres élevés, révélant l’importance des excitations multipolaires dans les particules de
« grandes » tailles.

Dans notre contexte, nous nous intéressons à des nanoparticules au comportement
plutôt absorptif, de diamètre relativement faible, pour lesquelles les excitations multipo-
laires sont relativement minoritaires. Pour l’exemple, la Fig. II.5 illustre l’évolution des
ordres de grandeur des coefficients de Mie, en module et en fonction de la longueur d’onde,
pour des nanoparticules d’argent dans l’air.

On constate sur le graphique de gauche que pour de petites nanoparticules, le coefficient a1

domine de plusieurs ordres de grandeur tous les autres, quelle que soit la longueur d’onde.
Sur le graphique de droite, on constate que cela n’est plus vrai lorsque la taille augmente.
Pour de plus grosses nanoparticules encore, les excitations multipolaires peuvent même
devenir prépondérantes.
Qualitativement, on montre que a1 domine d’au moins un ordre de grandeur jusqu’à D =
25 nm pour l’argent et D = 30 nm pour l’or. Ici, on fait varier D, mais bien que cela n’ait

8. Il assez facile de l’oublier puisque sa définition est usuellement appliquée dans l’air ou le vide. Dans
leur ouvrage [118], Bohren & Huffman le rappellent quelques 40 pages avant d’introduire le formalisme
qui nous intéresse ici.
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Figure II.5 – Évolution spectrale des premiers coefficients de Mie pour deux tailles de nanoparticules
d’argent dans l’air (échelle logarithmique). Pour décrire l’indice optique de l’argent, nous avons utilisé les
résultats expérimentaux de la Ref. [93] et εm = 1.

pas été étudié en détail, une augmentation de la permittivité de la matrice εm engendrerait
également une augmentation de l’importance relative des excitations multipolaires, cf
Eqs. (II.17).

Cas de tailles relativement faibles On peut également simplifier les expressions
en séries des sections efficaces et ne considérer que les excitations dipolaires grâce au
coefficient de Mie a1, en négligeant les an>1 et les bn. Il est aussi possible de simplifier
encore le formalisme en utilisant un développement de a1 qui s’écrit :

a1 (ς) = −2j
3

Å
η2 − 1
η2 + 2

ã
ς3 + O

(
ς5) (II.18)

Cette approximation interviendra à la Sec. III.1.2 p. 91 au sujet des assemblées. Sa validité
a été étudiée par ailleurs, l’Annexe A.9-p. 217 donne quelques informations quantitatives.

Influence des effets de retard La Fig. II.6 illustre l’impact des effets dynamiques
intrinsèques sur le comportement optique. Pour cela, nous comparons des résultats obtenus
dans l’approximation quasi-statique (Eq. (II.6)) et avec le modèle de Mie à l’ordre 20. 9

Pour synthétiser, nous représentons les observables d’intérêt uniquement à la résonance.

• Sur la figure de gauche, on étudie l’évolution de la longueur d’onde de résonance en
fonction du diamètre λr (D) dans l’air en comparaison au résultat quasi-statique. Sur la
figure, λr

QS ≡ λr
(0) obtenue grâce à l’Eq. (II.8). Nous étudions la différence entre les deux

pour pouvoir comparer l’or et l’argent sur même graphique.
9. La permittivité est décrite par le modèle de Drude étendu (I.13) grâce aux résultats expérimen-

taux des Refs. [92, 93]. Les calculs dynamiques sont analytiques mais ont été effectués au renfort d’un
programme auxiliaire dans lequel le modèle de Mie est implémenté (la toolbox introduite dans [63] qui
sera présentée prochainement), nous avons considéré le développement en série de Mie jusqu’à l’ordre 20.
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Pour les deux matériaux, lorsque D ≲ 100 nm, la dynamique induit un décalage vers
le rouge (vis-à-vis du quasi-statique), d’autant plus marqué que le diamètre est important
ce qui est attendu. Le décalage est plus marqué pour l’argent.

• Sur la figure du centre, les amplitudes des efficacités optiques d’absorption à la
résonance et en fonction du diamètre sont représentées, Qr

abs (D) :

Pour les deux matériaux, Qr augmente linéairement avec D (cf Eq. (II.6)) dans l’ap-
proximation quasi-statique.

Pour l’argent, l’accord est bon pour D faible. Lorsque la taille augmente, les effets
dynamiques engendrent une diminution de l’amplitude de la résonance. C’est l’inhomogé-
néité spatiale du champ qui est à l’origine de cette diminution, car elle limite la cohérence
du plasmon : du point de vue de Drude, nous dirions que « les électrons ne sont plus en
phase ». Ce déphasage explique également le décalage vers le rouge que nous venons de
décrire.

Pour l’or, les tendances ne sont pas si simples. Pour les plus faibles tailles, l’accord
est bon. On décrit ensuite une légère augmentation de l’amplitude de la résonance rela-
tivement à la description quasi-statique, suivie d’un comportement similaire à celui de
l’argent. Ici, il y a en fait deux phénomènes en compétition. Le premier est celui que nous
venons de décrire et qui conduit à une diminution de l’amplitude du pic plasmon aux
grandes tailles. Le deuxième est un effet plutôt indirect de la dynamique : le décalage en
longueur d’onde tend à éloigner la résonance du seuil interbandes. De façon collatérale,
cela conduit à une augmentation des efficacités optiques. En comparant les figures de
gauche et du centre pour l’or, on constate en effet que lorsque le décalage vers le rouge
s’infléchit (et change ensuite de monotonie) aux alentours de 100 nm, l’amplitude de la
résonance subit également un changement de monotonie et finit par être clairement plus
faible que ce l’on décrit en quasi-statique.

• Enfin, la figure de droite est un écho à la Fig. II.1. On constate que les effets dy-
namiques ne perturbent pas considérablement l’évolution relative des phénomènes d’ab-
sorption et de diffusion en fonction de la taille des particules.

Pour résumer, qualitativement, les effets dynamiques intrinsèques induisent un dé-
calage vers le rouge de la LSPR et (globalement) une diminution de l’amplitude du pic
plasmon. De plus, si l’on convient qu’un effet est perceptible à partir d’un décalage de 2
nm de λr et d’une variation 5% sur Qr

abs, les effets dynamiques peuvent être considérés
significatifs à partir de D = 25 nm pour l’argent et de D = 50 nm pour l’or.
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Figure II.6 – Évolution du comportement optique en fonction de la taille des nanoparticules pour l’or
et l’argent. À gauche, la position de la résonance décrite par Mie en comparaison au calcul quasi-statique
(QS) : on précise que λr

QS ≡ λr
(0) est la position de la résonance dans l’approximation quasi-statique et

qu’elle est indépendante de D (354 nm pour l’argent et 502 nm pour l’or). La légende encadrée correspond
aux graphiques du centre et de droite. Au centre, l’évolution de l’amplitude de la résonance. À droite,
l’importance relative des phénomènes de diffusion et d’absorption pour les deux approches. εm = 1.

Une étude effectuée au sein de notre équipe a montré qu’une augmentation de εm en-
gendre une augmentation de l’influence des effets de retard et abaisse notamment les tailles
limites auxquelles les différences par rapport à l’approche quasi-statique apparaissent. 10

II.1.3 Effets de taille finie (approche de Kreibig)

Jusqu’ici l’ingrédient de base des modélisations effectuées était la permittivité du
massif. Elle traduit les variations d’énergie des électrons dans les bandes d’énergie qui
leur sont permises. Lorsque la taille des objets diminue, il n’est plus possible de considérer
que la géométrie et les dimensions finies d’un l’objet laissent insensible la permittivité du
matériau. 11 On parle d’effets de taille finie ou d’effets de confinement électronique. Il y a
principalement deux interprétations de ces effets [27, 127] :

— Avec l’augmentation du rapport surface-volume, les interactions des électrons avec
la frontière du matériau deviennent prépondérantes. Du point de vue de Drude, on
considèrerait que la surface du matériau limite le libre parcours moyen des électrons
ce qui influe sur le comportement optique global de la particule.

10. Dans le cas de l’or, une étude disponible par ailleurs a montré que les effets de retard sont signifi-
catifs dès D = 20 nm lorsque ñm = 1.6.

11. Notons que l’applicabilité du concept de permittivité (macroscopique et « classique »donc) est
discutable lorsqu’il est appliqué à de très petites nanoparticules (≲ 2 nm) et est totalement dépassée en
deçà (quantum dot), étant donné la prépondérance des effets quantiques.
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— La forme et la taille du matériau influent sur la structure de bande du matériau. Nous
étudierons plus en détail ces modifications lors de la modélisation de la configura-
tion électronique d’une nanoparticule (Sec. IV.1.3.2), nous verrons notamment que
pour de petites nanoparticules, la bande de conduction évolue vers une distribution
discrète. De plus, lorsque le rapport surface-volume augmente, les caractéristiques
physicochimiques microscopiques de l’interface prennent de l’importance (cf le CID
abordé p. 59).

Ces deux interprétations sont partiellement corrélées et concomitantes.

Dans ce qui suit, nous présentons un modèle faisant intervenir la première interpréta-
tion. Nous allons voir qu’il est possible d’utiliser ce modèle dans les extensions du modèle
de Drude que nous avons étudiées. Par ailleurs, puisque l’amortissement est en lien direct
avec la durée de vie du plasmon, nous verrons lors de l’étude du phénomène de génération
d’électrons chauds que ces considérations sont importantes.

Description approfondie de l’amortissement plasmon Lors de la présentation du
modèle de Drude nous avons introduit l’amortissement γp. Il rend compte de l’influence
des mécanismes microscopiques sur la disparition du plasmon en lien avec la relaxation
des électrons s. On peut considérer que ces différents mécanismes sont indépendants (hy-
pothèse courante, [41, 47, 128]). On dissocie alors les différentes contributions à l’amor-
tissement global :

γp = γe−e + γe−ph + γrad + γs (II.19)

Dans cette expression, quatre paramètres d’amortissement élémentaires apparaissent.
Nous les présentons succinctement en nous concentrant sur leur possible dépendance en
taille. Nous avons :

� γe−e, il traduit les interactions électron-électron, il dépend principalement du maté-
riau, de la température et de l’énergie des photons incidents [129, 130].

� γe−ph, il traduit les interactions électron-phonon, on peut considérer qu’il dépend
uniquement de la température [131, 132].

Nous avons déjà évoqué ces trois premiers mécanismes. Puisqu’ils peuvent tous être sup-
posés indépendants de la taille du système nous pouvons supposer que leurs influences
sont incluses dans les modèles Drude-Sommerfeld - Eqs. (I.12), ou de Drude étendu -
Eqs. (I.13), c’est-à-dire à travers la dépendance spectrale γbulk

p (ω) ≡ γp (ω) (Fig. I.8). En
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revanche, les deux paramètres suivants n’apparaissent que dans les structures nanomé-
triques.

� γrad, celui-ci traduit les pertes radiatives dues à l’accélération des électrons sous
l’influence des oscillations du champ. Liu et coll. ont montré que l’amortissement
par radiation est proportionnel aux pertes non radiatives γnon−rad (somme des autres
amortissements) [133] :

γrad = Qdiff

Qabs
γnon−rad . (II.20)

Ce coefficient de proportionnalité a été étudié précédemment, cf Fig. II.6 et com-
mentaires associés. Puisque Qdiff/Qabs évolue en D3, il y aura nécessairement une
évolution de γrad en fonction du volume (cf Eq. 12 de [128]). Cependant, puisque
nous considérons des nanoparticules de petites tailles, les pertes radiatives sont lar-
gement minoritaires, soit γrad = 0. 12

Dans ces conditions, nous pouvons là encore considérer que l’influence des pertes radiatives
est négligeable ou au moins indépendante de D.

� γs est finalement l’amortissement supplémentaire qui nous intéresse le plus ici. Il
traduit le phénomène de diffusion inélastique des électrons à la surface due à la
limitation du libre parcours moyen des électrons [134]. Nous le discuterons en détail
ensuite.

L’étude de Kherandish et coll. [128] est un exemple récent des capacités prédictives
de l’Eq. (II.19). Bien que ces auteurs utilisent un terme de correction ad hoc (« γcorr »)
dont les valeurs ne sont pas négligeables, l’article rapporte une très bonne adéquation
à l’expérience (modélisation de sections efficaces de nanoparticules d’or dans la gamme
D = 4 à 5.4 nm). On trouvera notamment des expressions pour γe−e, γe−ph et γrad dans
cet article.

Pour résumer, dans la gamme de taille qui nous intéresse D ≲ 40 nm, nous pouvons
considérer que γrad ≃ 0, soit :

γbulk
p = γe−e + γe−ph, (II.21a)

γNP
p (ω,D) ≃ γbulk

p (ω) + γs (D) . (II.21b)

où γNP
p modélise l’amortissement plasmon dans une nanoparticule de petite taille.

12. Notons que sur le plan théorique, dans le massif les pertes radiatives n’existent pas, [47] : un
matériau infini ne diffuse pas « en dehors de son volume » puisqu’il est infini, d’où γbulk

rad ≃ 0.
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Modélisation des effets de surface Le modèle le plus couramment employé pour
modéliser l’amortissement à la surface est celui proposé par Kreibig, [135] :

γs = ℏA
vF

leff
. (II.22)

Dans cette expression, vF ∼ 1.4 106 m/s est la vitesse de Fermi des électrons dans le
métal (cf Tab. A.1). leff est le libre parcours moyen effectif des électrons de conduction
dans un objet de taille finie. Dans le massif, l∞ est de quelques dizaines de nanomètres
(cf Tab. A.1). Une expression générale de leff est proposée dans [136], leff = 4V/S où V

et S sont le volume et la surface d’une particule de forme quelconque. Dans le cas de la
sphère, cela conduit à : leff = 2D/3. Cependant, la valeur couramment retenue pour une
sphère est leff = D/2 et, bien qu’il s’agisse d’un résultat antérieur (proposé dans [137]),
c’est celui-ci que nous utiliserons. Étant donné les problématiques liées au coefficient A
que nous allons discuter ensuite, l’importance du facteur 2/3 entre ces deux définitions
de leff n’est pas critique à ce stade. Reste donc le facteur A.

A est un facteur sans dimension généralement appelé « facteur de forme ». Il est
discuté depuis son introduction dans les années 1970 et est assez controversé. Les valeurs
proposées depuis s’étalent globalement sur un ordre de grandeur : pour l’argent on propose
de 0.1 à 1 [127, 138] et pour l’or on propose de 0.3 à 1.4 [61, 139].

Sur le plan pratique, lorsque le modèle est supposé valable, on associe la variabilité
de ce paramètre à l’aspect de surface des nanoparticules (rugosité), à la densité locale de
matière (porosité) et à la nature chimique de l’environnement proche.

Interprétation approfondie Sur le plan interprétatif ou théorique, les études au sujet
de ce paramètre discutent deux points de vue distincts, ce qui donne lieu à une autre
controverse. Elle est discutée en détail par Forester et coll. dans [61]. Pour résumer :

(n°1) La structure fine (rugosité, porosité) et la nature chimique de l’interface influent sur
la diffusion inélastique des électrons à l’interface. Avec une vision balistique du mécanisme,
ce point de vue est assez intuitif.
(n°2) Il existe un transfert d’électrons entre le métal et le milieu environnant. Ce trans-
fert suggère donc un couplage entre les états électroniques localisés au voisinage de la
frontière. Ce couplage serait évidemment influencé par les conditions physicochimiques
locales. Cette interprétation est également très intéressante. On parle de « CID » pour
Chemical Interface Damping. À ce propos, certains suggèrent d’ajouter un nouveau terme
γCID à l’Eq. (II.19), [61] ; tandis que d’autres suggèrent de décomposer le facteur de forme :
A = As +ACID [128] (ce qui revient à peu près au même, exception faite d’une dépendance
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en 1/D « forcée » par l’hypothèse de Kreibig, Eq. (II.22) dans le second cas). Avec l’une
ou l’autre de ces décompositions, les phénomènes de diffusion inélastique à la surface et
de CID sont interprétés en tant que mécanismes indépendants.

Quoi qu’il en soit, dans ce qui suit, nous utiliserons d’une part A = 0.7, tel que suggéré
par le groupe de Lermé et Cottancin dans [127] et par celui de Del Fatti et Valé dans [60].
D’autre part, nous adoptons le premier point de vue : sans considération de CID.

En conclusion, nous supposons que les effets de taille finie peuvent être décrits en
corrigeant l’amortissement (préalablement estimé pour le massif) grâce à la relation :

Modélisation de l’effet de confinement

γNP
p (ω,D) = γbulk

p (ω) + ℏA
vF

D/2 . (II.23)

Notons que ce modèle n’est pas rigoureusement applicable à de très petites particules,
car il ne décrit pas le décalage vers le bleu de la LSPR observé dans certaines expériences
[140, 141]. Ce comportement découle d’un plus faible écrantage par les électrons 4d au
voisinage de la surface et ce comportement ne peut être décrit que par une approche
quantique des effets de taille finie [138, 142–144]. Cependant, pour un diamètre de 5 nm
dans l’air, le décalage vers le bleu est relativement faible (<6 nm) pour une résonance de
350 nm (soit < 2%), laissant envisager que les effets quantiques sont très faibles.

Influence du confinement sur l’amortissement plasmon Pour donner une idée
quantitative, sur la Fig. II.7, nous avons représenté la modification de la dépendance
spectrale de l’amortissement plasmon en fonction de la taille de la particule. Nous avons
utilisé le modèle de Drude-Sommerfeld (Eq. (I.12b)) pour décrire la dépendance spectrale
γbulk

p (ω) que nous avons introduite dans l’Eq. (II.23). Concrètement, ce modèle induit une
diminution globale de l’amortissement plasmon inversement proportionnelle à la taille de
l’objet. On décrit ainsi une forte augmentation de l’amortissement plasmon lorsque la
taille des particules diminue. Cette augmentation est accompagnée d’un effondrement de
la durée de vie du plasmon ce qui semble logique étant donnée l’augmentation relative
des interactions avec la surface. Les tendances sont quasiment identiques si l’on utilise le
modèle de Drude étendu (Eqs. (I.13b) et (I.13c)).
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Pour l’or, si l’on se réfère à ce qui a été présenté sur la Fig. I.9, l’influence des effets
de confinement est semblable à ce que l’on illustre ici pour l’argent : étant donné que nous
avons fixé la valeur de A et que les valeurs de vF sont identiques au centième près.

Figure II.7 – Effets de taille finie. Évolution de l’amortissement plasmon (à gauche) et de la durée
de vie du plasmon (à droite) en fonction de l’énergie des photons incidents et pour différentes tailles
de nanoparticules d’argent décrite grâce au modèle de Drude étendu, ε (ω, D). Le modèle de Drude-
Sommerfeld (courbes continues rouges) et le modèle de Drude simple (courbes en tirets noirs) pour le
massif sont également représentés en guise de référence. On rappelle que A est fixé à 0.7.

Influence sur le comportement optique Abordons maintenant l’impact sur les pro-
priétés optiques macroscopiques (sections efficaces, champ et potentiel).

D’après l’étude sur les effets dynamiques, nous savons que l’influence de la dynamique
est négligeable pour de petites tailles. On peut donc supposer que lorsque les effets de
confinement sont importants, les effets de retard sont négligeables (et réciproquement). On
introduit alors l’effet de confinement dans le modèle quasi-statique des sections efficaces.

La Fig. II.8 illustre l’influence des effets de confinement pour l’or et l’argent : déca-
lage de la position du pic (à gauche) et diminution relative en amplitude (à droite). Ici,
la permittivité est décrite grâce au modèle de Drude étendu (Eqs. (I.13)) avec et sans
confinement (Eq. (II.22)).

Ainsi, dans l’approximation quasi-statique, les effets de confinement induisent un dé-
calage vers le rouge pour de petites tailles. Ce décalage est plus marqué pour l’or : 5 nm
de décalage pour D = 5 nm ; et > 2 nm pour D < 20 nm. Pour l’argent, le décalage que
l’on décrit n’est pas significatif dans la zone de validité du modèle (D ≥ 5 nm).

Par ailleurs, les effets de confinement induisent une nette diminution de l’amplitude
de la résonance (figure de droite) lorsque D diminue. Cette diminution est plus marquée
pour l’argent que pour l’or. Pour l’argent, l’influence du confinement sur l’amplitude de la
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Figure II.8 – Effets de taille finie, influence sur la LSPR. Cas de l’or et de l’argent. À gauche, évolution
de la longueur d’onde de résonance par rapport à l’approche quasi-statique simple (sans confinement)
en fonction du diamètre. À droite, écart en amplitude à la résonance par rapport à l’approche quasi-
statique simple. La permittivité est décrite grâce au modèle de Drude étendu (Eqs. (I.13)) avec et sans
confinement (Eq. (II.22)), basé sur les résultats expérimentaux pour la permittivité du massif fournis
dans les Refs. [92, 93], εm = 1 et A = 0.7. Les lignes en pointillés rouges correspondent à la limite basse
approximative d’applicabilité du modèle.

LSPR est significative même pour des tailles importantes : écart de 5% pour D = 150 nm
et supérieur à 20% en dessous de 40 nm de diamètre. Pour l’or, la plus faible diminution
peut être reliée au décalage en longueur d’onde qui est plus important. Cela a tendance
à éloigner la LSPR des transitions interbandes et à réduire partiellement l’influence du
confinement.

En ce qui concerne le champ et le potentiel, l’effet du confinement est similaire. En
comparaison au modèle quasi-statique simple, le confinement induit une diminution du
champ et du potentiel électriques induits, notamment au voisinage de la surface (ces
grandeurs seront illustrées par la méthode numérique que nous étudierons à la section
suivante).

Une façon plus rigoureuse de modéliser le comportement d’une nanosphère consiste à
prendre en compte les effets de confinement et les effets dynamiques.

II.1.4 Cumul des effets de taille et analyse

Pour une étude plus précise de l’influence relative des effets de taille : dynamique
vs confinement, il faut intégrer les effets de confinement au modèle de Mie. C’est-à-dire,
intégrer le modèle de Kreibig (Eq. (II.23)) dans le modèle de Drude étendu (Eq. (I.13c))
pour décrire la permittivité puis l’utiliser dans les coefficients de Mie (Eqs. (II.13) à
(II.17)).
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La Fig. II.9, présente et compare ce modèle aux autres approches. Cette figure va
nous servir de support et de récapitulatif concernant les effets de taille. Trois modèles
interviennent (cette figure est dupliquée en Annexe A.10 p. 219 pour faciliter la lecture) :

— l’approche dynamique de Mie avec confinement (courbe bleue, « Mie + conf. »),

— l’approche dynamique de Mie sans confinement (tirets noirs, « Mie »),

— l’approche quasi-statique avec confinement (tirets oranges, « QS + conf. »).

Le modèle le plus perfectionné à retenir est donc associé à la courbe bleue.

La colonne de gauche est dédiée à l’or dans l’air, celle de droite à l’argent dans l’air.
On étudie une observable par ligne :

— 1ère ligne, la position spectrale du pic d’absorption en fonction du diamètre,

— 2ème ligne, l’amplitude du pic d’absorption en fonction du diamètre,

— 3ème ligne, l’écart relatif vis-à-vis de l’approche la plus simple (quasi-statique sans
confinement), en fonction du diamètre. Cela permet de visualiser les écarts pour de
petites particules qui ne sont pas visibles sur les données brutes de la 2ème ligne.

Commençons par la 1ère ligne, position de la résonance. Pour de petites tailles, on
retrouve l’influence du confinement décrite au paragraphe précédent. Pour l’or comme
pour l’argent, le pic se décale vers le rouge, décalage plus marqué pour l’or. Le modèle
de Mie avec confinement (bleu) coïncide avec le modèle quasi-statique avec confinement
(orange), écart inférieur à 1 nm jusqu’à 35 nm pour l’or et 20 nm pour l’argent : les
effets dynamiques sont négligeables pour de petites tailles. En outre, Mie seul (noir) ne
permet pas de décrire le décalage vers le rouge. Pour de grandes tailles, c’est l’approche
quasi-statique qui est dépassée, elle ne permet pas de traduire l’inhomogénéité spatiale
du champ incident à l’échelle de la particule responsable d’un red-shift, plus marqué pour
l’argent (jusqu’à 30 nm contre 6 nm pour l’or). Pour les deux matériaux, au-delà de 40
nm de diamètre, l’écart entre « Mie » et « Mie avec confinement » est inférieur à 1 nm.

En ce qui concerne l’amplitude du pic d’absorption, 2ème ligne. On retrouve l’influence
de la dynamique que nous avons décrite précédemment : la théorie de Mie (noir) décrit
d’abord une amplification du pic plasmon par rapport au cas quasi-statique (orange), puis
une diminution relative de l’amplitude du pic (au-delà de 40 nm pour l’or et 30 nm pour
l’argent). Pour l’argent, la théorie de Mie avec confinement (bleu), décrit une diminution
systématique de l’amplitude relativement au cas quasi-statique.

La dernière ligne permet de visualiser plus précisément l’influence des effets de taille
dans la gamme qui nous intéresse (petites particules). La théorie de Mie simple (noir) ne
permet pas de décrire l’importante réduction de l’amplitude du pic d’absorption. Vis-à-
vis du modèle complet (bleu), l’écart est > 10% lorsque D < 10 nm pour l’or, et lorsque
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Figure II.9 – Récapitulatif sur l’influence des effets de taille sur le comportement optique d’une na-
nosphère isolée. La permittivité est décrite grâce au modèle de Drude étendu (Eqs. (I.13)) avec et sans
confinement (Eq. (II.22)), basé sur les résultats expérimentaux pour la permittivité du massif fournis
dans les Refs. [92, 93], εm = 1 et A = 0.7. La méthode de calcul des sections efficaces par la théorie de
Mie est expliquée en légende de la Fig. II.6. Les grandeurs étudiées sont présentées dans le texte ci-contre.

D < 35 nm pour l’argent. Pour les plus petites tailles, on retrouve le fait que le modèle
avec retard n’apporte pas de correction (les courbes bleues et oranges se recouvrent). On
retrouve également l’importance des effets de confinement, jusqu’à 50% d’erreur relative
pour l’or et 100% pour l’argent vis-à-vis de l’approche quasi-statique sans confinement.

II.1.5 Récapitulatif de section

Dans cette section nous avons étudié en détail les modèles « standard » permettant de
décrire le comportement optique d’une nanoparticule isolée, cela nous a permis d’étudier
en détail les influences relatives des principaux paramètres physicochimiques que sont : la
nature de la matrice, la nature du métal et la taille des objets.
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Pour résumer, l’approche quasi-statique sans confinement est le modèle le plus simple
que nous avons présenté : les sections efficaces sont modélisées par les Eqs. (II.6) et (II.4)
et nous disposons des Eqs. (II.11) pour le champ et le potentiel électrique. On peut alors
utiliser soit un jeu de données expérimentales pour la permittivité, soit l’un des modèles
de Drude (cf Tab. I.4). Ce modèle peut être utilisé dans la gamme de taille D = 10
à 40 nm. Dans cette gamme, l’erreur par rapport au modèle le plus perfectionné reste
inférieure à 2 nm en position de la LSPR et inférieure à 5% en amplitude pour l’or et,
tout de même, 45% pour l’argent. Cette gamme de tailles constitue donc notamment le
domaine de « validité » de l’Eq. (II.7).

Le modèle le plus perfectionné est l’approche de Mie à laquelle nous intégrons la dé-
pendance spectrale de l’amortissement et les effets de confinement. Celui-ci est applicable
à des particules de 5 nm à plusieurs centaines de nm de diamètre. Les sections efficaces
sont décrites par les Eqs. (II.13), l’expression du champ est disponible dans la littérature
(cf [118]-(p.93)). On peut alors employer un modèle de permittivité de la même façon
que pour l’approche quasi-statique.

En général, il est possible de retenir que les effets de taille induisent une réduction
systématique de l’amplitude de la LSPR vis-à-vis du quasi-statique, quelle que soit la
taille de l’objet (la diminution en amplitude est faible dans la gamme 10 − 40 nm). Les
nanoparticules d’or dans la gamme 20 à 120 nm pour lesquelles une légère augmentation
d’amplitude (< 20%) est décrite, font exception à cette règle. Les effets de tailles induisent
également un décalage vers le rouge de la position du pic. On décrit un décalage vers le
rouge à la fois pour les grandes tailles et pour les plus petites tailles.

Par ailleurs, de façon générale, l’augmentation de la permittivité de la matrice induit
un décalage vers le rouge et une augmentation de l’amplitude de la résonance. L’augmen-
tation de la permittivité du milieu εm amplifie les effets de taille [111].

On rappelle que ces résultats sont valables dans le cadre de l’optique linéaire et sont
donc limités à des intensités relativement faibles.

Cette étude permet de comprendre et de décrire la physique sous-jacente au compor-
tement optique de nanostructures plasmoniques simpliste, mais en pratique les systèmes
d’intérêt sont généralement plus complexes. Les particules peuvent être de formes di-
verses et être en forte interaction au sein du système. Sauf dans des cas très particuliers :
importante régularité de forme (ellipsoïde, cylindre, etc) et d’agencement spatial précis
(assemblée diluée et/ou organisée sur des réseaux strictement périodiques), nous ne dis-
posons pas d’un modèle simple permettant de décrire le comportement de ces systèmes.
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Nous allons maintenant aborder le premier volet numérique de notre étude. Il permet
d’étendre le champ descriptif à des systèmes plus complexes.

II.2 Approche numérique - Nano-objets en interac-
tion ou de formes complexes

Nous savons que la forme d’un nano-objet plasmonique et les caractéristiques du mi-
lieu environnant influent considérablement sur les propriétés optiques du système. Nous
l’évoquions en introduction générale, l’influence de la forme permet notamment de fabri-
quer des systèmes aux comportements optiques divers et pilotables. L’influence du milieu
fait de ces systèmes des nanocapteurs très sensibles et sélectifs. Dans cette section nous
adoptons une méthode numérique afin d’étudier ces systèmes complexes. Nous présen-
terons en détail la méthode que nous avons choisie (MNPBEM). Nous clôturerons cette
section d’introduction de l’approche numérique par une illustration de l’effet de forme.

Cette méthode sera ensuite brièvement comparée aux modélisations analytiques que
nous avons présentées. Cela nous permettra d’une part de déterminer les paramètres
numériques optimaux pour les simulations qui suivront et d’autre part de discuter des
problématiques numériques que nous avons rencontrées et des solutions proposées. Les
conclusions que nous tirerons nous seront utiles ensuite lorsque nous effectuerons les si-
mulations du comportement optique d’assemblées au chapitre suivant. La dernière section
sera consacrée à l’étude d’un système élémentaire en interaction : un dimère de nanopar-
ticules. Nous étudierons l’influence du couplage entre les nanoparticules sur le comporte-
ment optique. Cette section nous servira de base à l’étude de l’influence des interactions
sur le mécanisme de génération d’électrons chauds (Chap. IV).

II.2.1 Méthode

Choix de la méthode numérique Plusieurs méthodes ont été proposées au fil des an-
nées. Une revue est proposée dans la Ref. [63]. Il y a principalement 3 approches distinctes
que voici :

� Discret Dipole Approximation (DDA),

� Finite Difference Time Domaine (FDTD),

� Boundary Element Method (BEM)
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Dans cette étude nous avons utilisé le programme MNPBEM (Metallic Nanoparticles
Boundary Element Method). Il s’agit d’une application de la méthode BEM sous forme
d’une toolbox Matlab. Nous allons présenter succinctement son fondement théorique et
son principe de fonctionnement pour permettre la compréhension des développements qui
suivront. De rapides présentations de la DDA et de la FDTD sont données en Annexe
A.11 p. 219.

MNPBEM est un code Matlab en accès libre (url en Ref. [145]) développé par A.
Trugler et U. Hoenester. Cette approche est moins générale que la DDA et la FDTD,
car elle ne permet de considérer que des structures de permittivité homogène, séparées
par des interfaces abruptes. Néanmoins, en ce qui concerne les nanostructures métalliques
en milieu diélectrique, la méthode BEM présente un avantage déterminant : les calculs
sont effectués uniquement aux interfaces qui séparent les différents matériaux, seules ces
interfaces sont donc discrétisées et non l’intégralité du volume, contrairement aux deux
autres méthodes.

MNPBEM permet de simuler le comportement optique de nanoparticules plasmo-
niques dans une gamme de tailles s’étalant de quelques nanomètres à quelques centaines
de nanomètres et pour un rayonnement dans le visible et le proche visible. Le calcul est
basé sur la méthode BEM qui a été développée par A.J. Garcia De Abajo et A. Howie ;
elle est présentée de façon très détaillée dans [146, 147]. Cette méthode a été éprouvée
pour l’étude des propriétés optiques de particules isolées [148], de la spectroscopie exaltée
en surface [149] et de la spectroscopie en perte d’énergie d’électron (EELS pour electron
energy loss spectroscopy) [150].

Principe de fonctionnement de MNPBEM La paramétrisation du calcul consiste
à discrétiser les interfaces qui séparent les matériaux, Fig. II.10 (à gauche), c’est-à-dire :

� la forme de la particule (sphère, cube, disque, etc),

� la forme des facettes élémentaires planes (triangles ou quadrilatères),

� le nombre de facettes.

Des fonctions permettant de construire directement les maillages de surface sont dis-
ponibles. Des exemples sont donnés en Fig. II.10 (à gauche).

La deuxième étape consiste à définir les permittivités des différents matériaux, Fig. II.10
(à droite) : on peut utiliser des données tabulées ou un modèle. En l’occurrence, nous
pouvons employer l’un des modèles de Drude présentés précédemment. On paramètre
également les caractéristiques de l’irradiation :

� direction de polarisation,

� direction de propagation,
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Figure II.10 – Démarche pour l’initialisation d’un calcul MNPBEM.

� longueur d’onde du rayonnement incident.

Le calcul des observables repose sur la résolution des équations de Maxwell sous forme
intégrale à l’aide des fonctions de Green. Deux approches sont implémentées : l’une est
basée sur les équations statiques et fait intervenir le potentiel scalaire V ; l’autre est
basée sur les équations dynamiques et fait intervenir le potentiel scalaire V et le potentiel
vecteur A. La méthode est très bien résumée dans l’article [63] et le formalisme complet
sera trouvé dans [146, 147].

Les derniers paramètres importants concernent le choix des options du calcul. En par-
ticulier, le choix de l’une ou l’autre de ces méthodes (équations statiques ou dynamiques),
respectivement appelées « stat » et « ret ». Pour la majorité des études, les autres options
peuvent être laissées dans le mode standard proposé par les auteurs, le détail sera trouvé
dans les références précédentes. L’initialisation est alors terminée.

Le calcul BEM consiste d’abord à déterminer la densité de charge aux interfaces.
Des exemples de densités de charge calculées grâce à MNPBEM sont présentés sur la
Fig. II.11. À droite, on constate l’importance des excitations multipolaires pour de grosses
nanoparticules (ici un mode quadripolaire est clairement visible) en cohérence avec la
Fig. II.5. Lorsque les charges de surface sont connues, le potentiel scalaire V et le potentiel
vecteur A et les champs électriques peuvent ensuite être calculés en un point ou un
ensemble de points choisis. Il également possible d’en déduire les sections efficaces optiques
et le diagramme de diffusion.

Un exemple de code simple pour le calcul de section efficaces est donné en Annexe A.12
p. 220.
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Figure II.11 – Exemples de densités de charge surfacique calculées grâce à MNPBEM et illustration
des excitations dipolaire et quadripolaire (cf Fig. II.5). Nanoparticules d’argent, εm = 1, calcul effectué
en mode dynamique « ret », propagation verticale vers le haut du champ.

Illustration : Effet de forme Bien que nous ne nous soyons intéressés qu’à des nano-
objets sphériques, il est indispensable de préciser que la géométrie de l’objet influe considé-
rablement sur son comportement optique. Sur le plan théorique, c’est d’ailleurs l’une des
principales difficultés qui complexifie la généralisation des modèles analytiques. Nous étu-
dierons ici brièvement les « effets de forme », ce qui nous permettra d’illustrer plus avant
l’étendue du champ descriptif de MNPBEM. Nous n’entrerons pas dans plus de détails
étant donné que les particules de formes complexes ne nous concernent pas directement.

Sur la Fig. II.12 (à gauche), nous représentons les sections efficaces d’absorption de
nano-objets d’argent de différentes formes, dans l’air. Nous avons choisi les dimensions
des objets de telle sorte que leurs volumes soient équivalents. 13

On constate que la forme induit un décalage de la LSPR pouvant aller jusqu’à 70 nm
ici, mais parfois 100 à 150 nm, notamment lorsque l’on s’intéresse à des objets plus fins
(par exemple un disque ou un pavé à base triangulaire présentant un rapport d’aspect
élevé).

Les effets de forme engendrent également l’apparition de nouveaux modes. Le cas du
cube est le plus évocateur (flèches bleues) : on obtient un pic principal (mode dipolaire) et
deux modes secondaires de plus haute énergie. À ce sujet on retrouve approximativement
les mêmes excitations que celles estimées en DDA par Sosa et coll. [151]. 14 On observe
également plusieurs modes pour le triangle. En outre, la présence de point anguleux à la
surface de ces objets favorise l’accumulation de charges dans ces régions, on parle d’effet
de pointe, cela favorise l’apparition de modes multipolaires.

13. Une approche quantitative nécessiterait une étude fine du maillage utilisé pour discrétiser les sur-
faces des objets car des problèmes numériques apparaissent lorsque les géométries sont abruptes (par
exemple les arêtes d’un cube ou les points anguleux d’un disque), [145]. D’autres formes et de plus amples
détails pourront être trouvés dans les références citées. Tout particulièrement, les articles de référence de
Kelly et coll. [59] et celui du groupe de Del Fatti et Vallée [60].

14. Etude de nanocubes d’argent de 50 nm de côté par DDSCAT.
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Figure II.12 – Illustration de l’effet de forme sur les sections efficaces d’absorption pour des objets d’une
trentaine de nanomètres. Particules d’argent dont la permittivité est décrite grâce au modèle de Drude
étendu - Eqs. (I.13), sans confinement, εm = 1. Le rayonnement incident est polarisé horizontalement
dans le plan de la figure. Les simulations sont effectuées en mode quasi-statique.

Sur la Fig. II.13, nous représentons les cartographies du champ induit par ces mêmes
systèmes. En observant les lignes de champ (les flèches bleues indiquent la direction du
champ induit dans le plan), on constate qu’à grande distance de l’objet, on retrouve
globalement la réponse d’un dipôle. En revanche, l’évolution spatiale au voisinage de
l’objet varie énormément d’un système à l’autre. Les effets de pointes sont clairement
visibles pour le triangle. Notons que les régions où le champ induit est concentré sont
appelées « points chauds » (hot spots), qui seront au centre de notre intérêt lors de l’étude
de la génération d’électrons chauds.

Figure II.13 – Cartographie du champ induit par des nano-objets de différentes formes. Les calculs
sont effectuées à la longueur d’onde de résonance dans le plan médian des objets. Les flèches bleues
correspondent à la direction du champ. Les caractéristiques des systèmes et du champ, les paramètres
numériques et la méthode de calcul sont identiques à ceux de la Fig. II.12 précédente. Les calculs sont
effectués à la résonance de chacun des systèmes (pic principal de la Fig. II.12).

MNPBEM permet aussi de résoudre des systèmes types cœur-coquille (cf Fig. II.10
à droite). Certes de façon abrupte et très approchée, mais cela permet éventuellement de
modéliser des gradients de permittivité, comme proposé dans [87] pour l’étude de petites
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nanoparticules. Ce type de modélisation pourrait tout à fait être effectué par MNPBEM.
Grâce à cela, il est également possible d’étudier l’influence d’une enveloppe de ligand dès
lors que celle-ci n’est pas trop fine (épaisseur ≳ 0.5 nm, [145]). Enfin, MNPBEM permet
également d’étudier des systèmes en strates tels que des nanoparticules supportées ou
intégrées dans des multicouches (tutoriel dans [152]) et des cartographies EELS (tutoriel
dans [153]).

Cette illustration des effets de forme clôt notre présentation du code MNPBEM et
nous allons maintenant nous concentrer sur des systèmes contenant exclusivement des
nanoparticules sphériques.

II.2.2 Comparaison au calcul analytique et optimisation

Une étape importante de notre étude a été la comparaison des simulations numériques
aux modèles analytiques dans le cas simple de la sphère isolée. Nous résumons cette étape
de validation qui nous a permis d’obtenir les paramètres optimaux pour les simulations
numériques.

Le choix des paramètres numériques consiste en fait à choisir la géométrie des facettes
élémentaires et la finesse de discrétisation des interfaces, c’est-à-dire le nombre de facettes
que nous noterons Nv (« v » pour vertices). La Fig. II.14 à gauche présente les différentes
géométries de facettes ; sur celle de droite, des maillages plus ou moins fins. Pour les
pavages triangulaires, le nombre de facettes n’est pas arbitraire, il faut choisir parmi une
vingtaine de maillages préconstruits (32 facettes, 60 facettes, 144, 169, ..., jusqu’à 1444).

Figure II.14 – Illustration de la discrétisation des interfaces sous MNPBEM. À gauche, les différentes
formes de facettes possibles. À droite, des pavages plus ou moins fins. Tout cela est paramétrable assez
simplement sous MNPBEM.

Évidemment, plus le nombre de facettes Nv est élevé, plus le coût du calcul est im-
portant. Selon les auteurs du code [63], le temps de calcul par CPU est de l’ordre de
N2

v . C’est un ordre de grandeur que nous avons effectivement constaté et notamment des
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assemblées impliquant des Nv (totaux) très élevés. En outre, pour une configuration de
système donnée, le temps de calcul varie selon les options de calculs choisies. Par exemple,
nous avons constaté un facteur 10 entre les temps de calcul pour des simulations en mode
quasi-statique (« stat ») et dynamique (« ret »).

Les deux paragraphes suivants présentent l’étape d’optimisation du nombre de facettes
en fonction de la grandeur calculée et du système considéré.

Simulation des sections efficaces optiques Les résultats sont récapitulés sur la
Fig. II.15. Nous nous intéressons à une particule isolée et nous comparons à chaque fois
l’analytique dans l’approximation quasi-statique et le numérique avec l’option « stat »
lorsque Nv augmente (les deux approches sont supposées donner des résultats iden-
tiques). À gauche, l’écart absolu en position du pic entre numérique et analytique est
représenté (longueur d’onde de résonance λr). Au centre, l’écart relatif en amplitude du
pic d’absorption (Qr

abs) est représenté. À droite, on donne un exemple de comparaison
de spectres d’absorption. L’un grâce à MNPBEM (cercles) utilisant 400 facettes, l’autre
grâce à l’Eq. (II.6a) (courbe continue).

En ce qui concerne la position de la résonance, elle est très bien décrite même avec un
maillage grossier (32 facettes). La convergence est acquise à 0.1 nm près dès 225 facettes.

Figure II.15 – Convergence du calcul des sections efficaces d’absorption en fonction du nombre de
facettes utilisé. Comparaison entre l’approche analytique quasi-statique Eq. (II.6a) et les simulations
numériques en mode « stat ». La permittivité est décrite grâce au modèle de Drude étendu Eq. (I.13)
avec confinement Eq. (II.23). Pour cet exemple, nous utilisons des facettes triangulaires, cf Fig. II.14.
Nanoparticules d’or, D = 10 nm, εm = 1, A = 0.7.
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Pour l’amplitude de la résonance, l’écart est faible même avec un maillage grossier (2.5%).
La convergence est acquise à 1% près à partir de 60 facettes.

La convergence de l’approche numérique est présentée pour des particules d’or, mais
les conclusions sont similaires pour l’argent. De plus, ces résultats restent valables quels
que soient le diamètre et la nature de la matrice diélectrique (vérifié dans la gamme D = 5
à 200 nm et εm = 1 à 5). Nous avons utilisé un pavage de facettes triangulaires, pour les
autres types de pavages la convergence est légèrement plus lente mais les conclusions sont
identiques : nous retiendrons donc un pavage de facettes triangulaires.

D’autre part, les comparaisons analytique/numérique ont été présentées dans l’ap-
proximation quasi-statique, mais nous avons également comparé l’approche de Mie avec
le mode « ret » de MNPBEM : les résultats sont similaires. En ce qui concerne la sphère
isolée, MNPBEM concorde avec la théorie de Mie de façon excellente (erreur relative
< 1% sur tout le spectre). Rappelons que BEM est une approche basée sur les fonctions
de Green et la discrétisation des équations intégrales de Maxwell, tandis que l’approche
de Mie se fonde sur un développement en harmoniques sphériques et les équations locales
de Maxwell.

De façon générale, lorsqu’il s’agit de modéliser une seule particule, nous utilisons 400
facettes comme suggéré dans [63] (pour une seule particule, le temps de calcul est alors
de quelques secondes). Mais pour des systèmes en interaction (par exemple un dimère),
il est nécessaire de refaire les études de convergence à cause de l’augmentation locale du
champ.

Simulations du champ et du potentiel électriques induits Les simulations nu-
mériques du potentiel nous seront utiles lorsque nous étudierons le couplage induit par le
potentiel entre les orbitales électroniques et, tout particulièrement, le couplage entre les
orbitales électroniques et le champ au voisinage de la surface (cf Chap. IV). Nous avons
donc cherché à comprendre et limiter les erreurs que nous avons constatées.

À grande distance de l’objet (potentiel lointain), une étude détaillée nous a permis de
confirmer que, dès Nv ≥ 60, la précision du calcul numérique est satisfaisante à grande
distance de l’objet. Quantitativement, nous avons constaté que l’erreur relative maximale
sur le module du potentiel est toujours inférieure à 3% lorsque r > D et inférieure à 2%
lorsque r > 5D. Pour 400 facettes, l’erreur est inférieure à 0.5% dès r > D. 15 Nous ne
rapporterons pas plus de détails à ce sujet.

En revanche, le voisinage de l’interface est une région qui pose problème. Cette pro-
blématique a donné lieu à une étude poussée. Le détail n’étant pas nécessaire à la com-

15. On rappelle que D est le diamètre de la particule.
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préhension globale de notre propos, le sujet est traité dans l’Annexe A.13 p. 221. Dans
cette Annexe nous illustrons la problématique rencontrée, nous expliquons son origine et
nous proposons et validons une solution. En bref, la solution proposée consiste à effec-
tuer plusieurs simulations du potentiel induit, en changeant à chaque fois l’orientation du
maillage. Le nombre de rotations effectuées est noté Nrot, on calcule ensuite une moyenne
sur l’ensemble des résultats. Cela permet de « lisser » les irrégularités observées (voir éven-
tuellement Fig.-A.6 p. 223) et d’atteindre une convergence lorsque Nv est suffisamment
grand. En ce qui concerne la méthode de validation, nous étudions la convergence du cal-
cul en fonction du nombre de facette, et nous constatons que les résultats sont nettement
plus précis à mesure que Nrot augmente.

Paramètres de simulation retenus Le Tab II.1 résume les erreurs sur les différentes
observables qui ont été étudiées au cours de la thèse. En général, pour les simulations nu-
mériques du potentiel, nous utiliserons un maillage contenant 400 facettes et une moyenne
sur 20 simulations, ce qui permet d’atteindre une erreur maximale < 4% tout en minimi-
sant le coût du calcul.

Grandeur
Écart

num./ana.
Région Nv = 60 Nv = 400

Nv = 400
Nrot = 20

λr absolu * 0.1 nm <0.1 nm *

Qr
abs relatif * 0.6 % <0.1 % *

relatif max.
lointaine

r > 5D
2 % <0.5 % *

relatif max.
éloignée

D/2 + 1 nm
10 % <2 % *

Vind relatif max.
proche

0 < r < D/2 + 1 nm
30 % 30 % 3.4 %

relatif moy.
proche

0 < r < D/2 + 1 nm
5 % 4.5 % <0.5 %

relatif moy.
interne

0 < r < D/2 − 1 nm
10 % <1 % *

Tableau II.1 – Récapitulatif du nombre de facettes nécessaires en fonction de la grandeur calculée, de la
région d’intérêt et de la précision souhaitée. Nous donnerons un sens aux valeurs frontières « D/2±1 nm »
au moment opportun. (*) signifie sans objet ou inutile.

Nous achevons ici notre étude d’optimisation et de validation dans le cas simple de
la sphère. Les paramètres optimaux nous serviront de référence pour la mise en place des
simulations de systèmes plus complexes. Le dimère de nanoparticules a constitué notre
première application.
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II.2.3 Comportement optique d’un dimère

Le dimère de nanoparticules sphériques est le système nanostructuré « en interaction »
le plus simple possible, c’est un candidat idéal pour une étude théorique. Une littérature
assez riche en études théoriques [154–160] et expérimentales [5, 161] décrit une forte
dépendance du comportement optique avec les interactions interparticules. Le champ
proche induit par une particule a la capacité d’interagir avec celui induit par la particule
adjacente ; il en résulte un couplage entre les deux plasmons. Ici, nous souhaitons illustrer
et décrire ce phénomène.

Nous serons relativement brefs puisque le comportement est déjà bien compris. À ce
sujet, la Ref. [158] est un bon support pour aborder la physique du phénomène et la
Ref. [5] est une revue riche sur le sujet. Nous nous intéresserons au cas d’une polarisation
parallèle à l’axe du dimère (cela maximise les interactions).

Les principaux intérêts de cette étude sont :

1. À notre connaissance, les études en simulation numérique de dimères sont majo-
ritairement effectuées en DDA (ou une de ses dérivées). Nous l’effectuons grâce à
MNPBEM, moins coûteux en temps de calcul. Les résultats que nous obtenons sont
concordants.

2. L’étude de ce système « en interaction » élémentaire servira de base à l’étude d’as-
semblées de nanoparticules au Chap. III.

3. La description fine du potentiel induit nous sera utile lors de l’étude sur l’influence
des interactions sur la génération d’électrons chauds au Chap. V.

Paramètres de modélisation Pour ces simulations, la permittivité du métal sera
décrite grâce au modèle de Drude étendu - Eqs. (I.13), avec confinement - Eq. (II.23)
avec A = 0.7, basé sur les résultats expérimentaux de [92] et [93] respectivement pour l’or
et l’argent et les paramètres d’ajustement du Tab. I.3. On fixe εm = 1. Les simulations
numériques sous MNPBEM sont effectuées en utilisant l’option « stat ». Il nous reste
plusieurs paramètres libres à étudier :

— la nature du métal (or ou argent ici),

— la taille des particules,

— la distance interparticule (bord à bord), que nous noterons d,

— la polarisation du rayonnement incident.

Notons que les simulations sous MNPBEM ne sont fiables que pour des distances inter-
particules supérieures à 1 nm (bord à bord). Pour des distances plus faibles, l’importance
des courants tunnel ne permet pas d’utiliser l’approche exclusivement classique de BEM
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[159]. On sait de plus que des phénomènes non linéraires peuvent apparaître même à basse
intensité [159].

Pour mener cette étude, il est nécessaire de recommencer l’étude de convergence en
fonction du nombre de facettes. La méthode est similaire à celle présentée pour une parti-
cule isolée. Cette étude est renvoyée à l’Annexe A.14 p.225 : dans la limite d ≥ 1 nm. Les
paramètres numériques requis pour une simulation de la section efficace d’absorption sont
similaires à ceux obtenus pour le potentiel induit dans la région « éloignée », cf Tab. II.1.
Pour modéliser les sections efficaces d’un dimère, il est, en effet, nécessaire de considé-
rer 400 facettes (sans effectuer de rotations). Cette nouvelle contrainte s’explique par
l’importance de la répartition des charges surfaciques à proximité du gap interparticule.

Efficacité d’absorption en polarisation parallèle La Fig. II.16 présente les spectres
d’absorption que l’on obtient pour des dimères d’argent ou d’or en fonction de la distance
interparticule. Ici des nanoparticules de 5 nm de diamètre sont considérées. On constate
tout d’abord que pour d ≫ D, on retrouve le cas d’une nanoparticule isolée (ici pour
d ≥ 2D).

Figure II.16 – Évolution des efficacités d’absorption de dimères d’or et d’argent en fonction de la
distance interparticule. Pour cet exemple, D = 5 nm, d = 1 nm, polarisation transverse, εm = 1.

En ce qui concerne l’effet des interactions, le couplage engendre une augmentation de
l’amplitude de la résonance et un décalage vers le rouge. 16 L’augmentation de l’amplitude

16. Une analogie avec la mécanique est le cas du ressort équivalent associé à deux ressorts identiques
montés en série. Puisque la constante de raideur du ressort équivalent est la somme de celles des ressorts,
la fréquence de résonance équivalente diminue.
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de la résonance est plus marquée pour l’or : au couplage s’ajoute à nouveau un léger
décalage vers le rouge qui éloigne le mode excité des transitions interbandes et amplifie
la résonance. Le décalage est plus marqué pour l’argent traduisant un couplage plus
important, découlant d’une LSPR plus marquée pour les particules d’argent.

De façon plus quantitative, la Fig. II.17 présente les décalages de la résonance par
rapport à une particule isolée. En ce qui concerne la position, on retrouve une évolution
non linéaire. Jain et coll. ont proposé un modèle phénoménologique (« plasmon ruler
equation ») basé sur de nombreuses comparaisons à l’expérience, il s’écrit :

λr
(dimère) (d) ≃ λr

(0)

ï
1 + c0 exp

Å
−d/D

Λ

ãò
, (II.24)

où c0 et Λ sont des paramètres qui dépendent du matériau et de la matrice [161]. On
retrouve cette décroissance exponentielle avec MNPBEM. 17

Figure II.17 – Complément d’information sur l’efficacité d’absorption d’un dimère. À gauche, décalage
en position de la LSPR par rapport à une nanoparticule isolée. Les courbes continues correspondent
au modèle proposé dans [161] après ajustement, les paramètres (c0, Λ) obtenus sont (0.055, 0.37) pour
l’argent et (0.018, 0.38) pour l’or. À droite, décalage relatif en amplitude par rapport à une nanoparticule
isolée (cf figure précédente pour plus d’information sur le calcul).

Remarque : lorsque d/D ≪ 1, nous avons constaté que le modèle de Jain ne fonc-
tionne plus (nous n’avons d’ailleurs pas pris en compte ces points pour effectuer les ajus-

17. Ce résultera est renseigné car il nous semble intéressant. Il faut cependant le retenir « de façon
quantitative ». Cela mériterait une étude approfondie étant donné que Jain et ses collaborateurs étudient
des nano-disques. Ces auteurs comparent des calculs en DDA à un jeu de données expérimentales. Ici, on
considère des nano-sphères. Pour information, ces auteurs obtiennent c0 = 0.18 (un ordre de grandeur de
différence avec nos résultats, ) et Λ = 0.23 (même ordre de grandeur), cf légende de la Fig. II.17.
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tements qui sont présentés). On observe que lorsque les particules sont très proches, l’in-
fluence de la taille de l’objet devient significative : les courbes se séparent (cf Fig. II.17, à
gauche). Si la dépendance en taille est évidemment associée à une influence de la distance
bord à bord, les deux paramètres ne peuvent manifestement plus être résumés par le seul
rapport d/D. Cette remarque nous sera utile lorsque nous discuterons la problématique
liée aux interactions dans des assemblées.

L’influence de la permittivité de la matrice n’a pas été étudiée, une augmentation de
εm conduirait très probablement à une augmentation du décalage vers le rouge lorsque d
diminue. L’influence des effets de retard n’a pas non plus été étudiée précisément ; il faut
s’attendre à un décalage vers le rouge lié aux effets dynamiques intrinsèques relativement
au cas quasi-statique, et ce quelle que soit d. Par ailleurs, pour ce système « en inter-
action », des effets dynamiques extrinsèques apparaissent. En première approximation,
on peut considérer que ces effets deviennent importants dès lors que la taille totale du
système (d + 2D) dépasse la valeur du diamètre à partir duquel les effets dynamiques
intrinsèques apparaissent pour une particule isolée ; soit d+ 2D ≃ 20 nm pour l’argent et
≃ 40 nm pour l’or, cf Fig. II.6.

Le comportement d’un dimère asymétrique (ou « hétérodimère ») constitué de deux
particules de tailles différentes a été étudié. La différence en taille induit une diminution de
l’amplitude du pic plasmon et une réduction du décalage vers le rouge en comparaison avec
un dimère symétrique (ou « homodimère »). Cela découle du couplage moins efficace entre
les deux excitations plasmoniques. Les résultats précis de cette étude sont rassemblés dans
un rapport qui est disponible par ailleurs. En outre, on trouvera de plus amples détails
dans la Ref. [162], en particulier, une étude concernant des hétérodimères composés de
différents métaux nobles. Les considérations relatives à la polarisation du rayonnement
incident sont discutées dans l’Annexe A.15 p.227.

En conclusion, en dehors de ce cas particulier de particules très proches relativement
à leur taille, la distance bord à bord entre les deux particules (et plus particulièrement
le rapport avec le diamètre) est un paramètre pertinent et intéressant pour décrire le
comportement optique d’un système en interaction.

Champ électrique induit et phénomène de hot spot Sur la Fig. II.18, nous compa-
rons les champs induits par une nanoparticule isolée et par un dimère en forte interaction
(d = 1 nm). On s’intéresse ici à des particules d’argent de 5 nm de diamètre. Le champ
incident est parallèle à l’axe du dimère. Il est calculé dans le plan médian du système.

Pour la nanoparticule isolée, on retrouve le comportement attendu : le champ est
constant dans le métal, il est maximum à la surface de la particule dans la direction
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Figure II.18 – Évolution de la norme du champ électrique induit (norme au carré) à la résonance d’une
nanoparticule isolée et d’un dimère. L’échelle de couleur est normalisée à la norme du champ incident.
Particules d’argent dans l’air. La permittivité de l’argent est décrite grâce au modèle de Drude étendu -
Eq. (I.13), avec confinement - Eq. (II.23). La modélisation de la permittivité est basée sur les résultats
expérimentaux de [93] et les paramètres d’ajustement du Tab. A.1. Pour les deux systèmes D = 5 nm
et A = 0.7. Pour le dimère, la distance bord-à-bord est d = 1 nm. Le champ incident est en polarisation
parallèle. Les calculs sont effectués dans l’approximation quasi-statique (mode « stat »).

Figure II.19 – Évolution de la densité de charge surfacique. Unité arbitraire. Méthode et systèmes
identiques à ceux de la Fig. II.18, cf légende associée.

de polarisation. Cette augmentation est liée à l’accumulation des charges dans la direc-
tion de polarisation. Les densités de charge surfacique associées à chaque système sont
représentées Fig. II.19.

Pour le dimère, les interactions sont à l’origine d’une forte augmentation du champ
électrique dans la région interparticule (facteur 4) découlant d’une forte augmentation
de la densité de charge dans cette région. Nous l’avons déjà évoqué, une telle région est
appelée « point chaud ». On observe également une augmentation importante du champ
induit à l’intérieur de la particule et une légère augmentation aux extrémités du dimère.
À grande distance, le comportement est identique à celui de deux particules isolées.
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Potentiel électrique induit par un dimère La Fig. II.20, compare les potentiels in-
duits pour les mêmes systèmes. Pour la particule isolée, l’allure du potentiel, et notamment
les équipotentielles sont bien connues. À grande distance elles rappellent le comportement
du dipôle électrostatique. À notre connaissance, si l’évolution du champ électrique dans
le cas du dimère et notamment l’apparition du point chaud sont connues, l’évolution du
potentiel n’a pas été étudiée. L’ampleur du phénomène est pourtant significativement dif-
férente. Pour le dimère, on constate d’une part que l’amplification en termes de potentiel
est moindre : ici un facteur 1.25. D’autre part, l’augmentation est plus importante aux
extrémités du dimère. Au niveau du gap, on observe localement une légère augmentation
du potentiel au voisinage proche de la surface et une diminution à plus grande distance.
Nous verrons lors de l’étude du phénomène de génération d’électrons chauds que cette
distribution du potentiel a des conséquences non négligeables.

Figure II.20 – Évolution du module du potentiel électrique induit. Échelle normalisée à la norme du
champ incident. Méthode et systèmes identiques à ceux de la Fig. II.18, cf légende associée.

II.2.4 Récapitulatif de section

Nous avons présenté la méthode de simulation que nous utilisons pour déterminer la
réponse optique de systèmes relativement complexes. Il s’agit du code MNPBEM, basé
sur l’approche BEM de Garcia de Abajo et Howie. Cette méthode a l’avantage d’être
moins coûteuse en temps de calcul que d’autres méthodes (notamment les méthodes DDA
et FDTD) puisqu’elle nécessite de ne discrétiser que les interfaces entre les différents
matériaux.

Nous avons résumé les résultats de notre étude de validation de ces simulations numé-
riques dans le cas simple de la nanosphère. Nous avons vu que les simulations sont en très
bon accord avec les modèles analytiques étudiés. Nous avons déterminé les paramètres
numériques et proposé une méthode efficace qui permettent de pallier les problématiques
liées aux calculs du champ et du potentiel au voisinage de l’interface.
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Enfin, les simulations numériques nous ont permis d’étudier en détail le comporte-
ment d’un système élémentaire en interaction : le dimère de nanoparticules. Au cours de
cette étude de cas, nous avons retrouvé les principaux effets découlant des interactions
décrits par d’autres méthodes. Nous avons vu que les interactions en polarisation parallèle
induisent une augmentation significative des efficacités d’absorption et un décalage vers
le rouge du pic plasmon suivant une loi exponentielle. À ce sujet, l’importance théorique
et pratique du rapport entre les distances caractéristiques du système (d/D) a été souli-
gnée. Pour finir, nous avons présenté le phénomène de point chaud pouvant résulter des
interactions interparticules ou des effets de pointes. L’évolution spatiale du champ dans
le cas du dimère a également été étudiée, celle du potentiel a été introduite ; elle nous sera
utile au Chap. V.

II.3 Conclusion partielle de chapitre
Nous concluons ici notre chapitre concernant la réponse plasmonique de nanostruc-

tures élémentaires : de la nanoparticule isolée au dimère. Nous avons identifié plusieurs
paramètres prépondérants et quantifié leurs influences relatives :

— la nature chimique du métal,

— la nature chimique de la matrice,

— la taille de l’objet,

— la forme de l’objet,

— les distances caractéristiques entre les objets.

La première section de ce chapitre traitait des modèles exclusivement analytiques.
Nous avons introduit les notions de section efficace optique et de champ et potentiel
induits. L’ensemble des modélisations a été effectué sur la base de la modélisation de
la permittivité diélectrique présentée et paramétrée au chapitre précédent. Nous avons
insisté sur l’importance de bien modéliser la permittivité du matériau.

À travers le modèle de Kreibig, nous nous sommes intéressés à la modélisation des
effets de taille finie qui engendrent une augmentation significative de l’amortissement
plasmon γp lorsque la taille de l’objet diminue. Ces effets peuvent être interprétés comme
découlant de l’augmentation relative de la diffusion inélastique à la surface en lien avec
l’augmentation du rapport surface-volume. Leur portée est prépondérante jusqu’à une
trentaine de nanomètres de diamètre et reste perceptible jusqu’à 70 nm de diamètre.
Considérés seuls (c’est-à-dire sans effets dynamiques), ils entraînent une nette diminution
de l’amplitude du pic plasmon.
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Nous avons également accordé une grande importance à la modélisation des effets
dynamiques par l’intermédiaire de la théorie de Mie. Considérés seuls (c’est-à-dire sans
effets de confinement), les effets dynamiques sont significatifs à partir de 25 nm de diamètre
pour l’argent et 50 nm pour l’or dans l’air. Ils engendrent une diminution de la résonance
et un décalage vers le rouge du pic plasmon, qualitativement plus marqués pour l’argent.

Nous avons vu que l’approche quasi-statique la plus simple (Clausius-Mossoti) n’est
acceptable que dans la gamme 10−40 nm de diamètre. Le modèle le plus perfectionné que
nous avons présenté est le modèle de Mie intégrant les effets de confinement auxquels nous
avons intégré les dépendances spectrales de l’amortissement plasmon et de la contribution
des électrons de cœur (ε∞), préalablement estimés pour le massif grâce au modèle de Drude
étendu.

Dans la seconde partie de ce chapitre, nous avons introduit une méthode de simulation
numérique du comportement optique, c’est cette méthode que nous utilisons dans l’en-
semble de ce manuscrit. Nous avons validé cette approche en la comparant aux modèles
analytiques. L’approche numérique nous a permis d’étudier le comportement optique du
dimère. L’étude de ce système élémentaire nous sera utile lors de l’étude du phénomène
de génération d’électrons chauds, mais dès à présent, il va nous servir de référence pour
l’étude de systèmes en interaction plus complexes et plus proches des systèmes expéri-
mentalement intéressants : les assemblées de nanoparticules.



CHAPITRE III
Assemblées de nanoparticules

Motivation Sur la base des éléments qui ont été rappelés et proposés aux Chaps. I et II,
dans celui-ci nous allons nous intéresser à des assemblées de nanoparticules. Expérimen-
talement, ce sont les systèmes les plus intéressants puisque ce sont ceux que l’on retrouve
à l’échelle macroscopique dans le verre de la coupe de Lycurgue que l’on ne présente plus,
comme dans les systèmes et procédés en ingénierie. Il est par ailleurs techniquement plus
compliqué de faire des mesures sur des systèmes isolés. Dans les domaines du photovol-
taïque et de la photocatalyse auxquels nous nous intéressons, les nanostructures utilisées
ou envisagées sont des films (agencements 2D), des agrégats, des solutions colloïdales, des
multicouches, etc. Par ailleurs, l’étude théorique de ce type de système est un sujet d’in-
térêt. La littérature scientifique à ce sujet ne cesse de s’étoffer et les efforts de recherche
nous permettent chaque jour de mieux comprendre la physique à l’échelle nano.

Dans ce chapitre nous rappellerons les principaux modèles qui permettent de décrire
le comportement optique d’une assemblée de nano-objets. Nous présenterons ensuite la
méthode de simulation numérique que nous avons développée et qui permet de calculer la
permittivité effective d’une assemblée dense contenant plusieurs centaines de nanoparti-
cules. Cet outil constitue l’un des principaux accomplissements de notre étude. En outre,
dans cette section, les discussions au sujet de la prise en compte des interactions au sein du
système auront une place importante. Ce sujet était au cœur de nos motivations initiales,
nous y reviendrons à plusieurs reprises.

Nous nous intéresserons à des assemblées dont les principales caractéristiques sont les
suivantes :

83
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— l’assemblée rassemblera des objets dans la gamme de taille 10 à 50 nm

— les objets seront principalement des nanosphères (l’effet de forme sera brièvement
évoqué),

— la fraction volumique de métal sera comprise entre 0 et 45% 1,

— différentes organisations spatiales seront discutées et l’organisation cubique simple
sera notre référence.

Principaux objectifs du Chapitre III

1. Rappeler les modèles analytiques du comportement optique d’assemblées et les
discuter à la lumière des chapitres précédents.

2. Présenter et valider des résultats originaux concernant la position spectrale de
la LSPR dans une assemblée dense.

3. Décrire et discuter la prise en compte des interactions par des approches ana-
lytiques.

4. Présenter et valider notre méthode de simulation numérique du comportement
d’assemblées infinies et denses.

5. Discuter l’habituelle limite de validité des modèles de type milieux effectifs
en termes de fraction volumique de métal. Défendre une base interprétative
alternative.

La méthode de simulation numérique que nous allons présenter s’intègre de façon
plus globale à notre étude. Cette méthode permet en effet de calculer le champ et le
potentiel électriques totaux en n’importe quel point d’un système en forte interaction.
Nous verrons au Chap. IV que ces grandeurs sont des éléments centraux du modèle de
génération d’électrons chauds. Ainsi, nous retrouverons cette approche en tant qu’« outil »,
un peu plus tard dans ce manuscrit.
Remarque : Ce travail fait l’objet d’un article qui a été rédigé et qui est en cours de
publication. 2

1. Cette valeur élevée est à comparer à la limite de Kepler-Gauss : la compacité maximale d’un
empilement de sphère dure est de π/

√
12 ≃ 74%. Elle est atteinte pour les arrangements cubique-face-

centré et hexagonal-compact.
2. Ref. : Beyond the Maxwell Garnett model for interacting plasmonic nanoparticles : an analytical

and numerical study, M. S. Maurice, N. Barros, H. Kachkachi.
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III.1 Approches analytiques

Au début du XXe siècle, James Clerk Maxwell Garnett a établi la relation des mélanges
qui porte son nom. Dans deux articles consécutifs [64, 65], l’auteur pose les bases d’un
formalisme qui permet d’étudier analytiquement le comportement optique d’un matériau
composite a priori complexe. Dans cette section, nous présenterons d’abord les grandes
lignes de ce formalisme. Nous nous arrêterons brièvement sur une méthode de dérivation de
l’équation la plus générale. Ce faisant, nous soulignerons les principales approximations
et poserons les bases des discussions qui suivront. Puis, sous la forme d’une « boîte à
outils », une revue rapide des principaux raffinements et extensions qui ont été apportés
au formalisme initial sera effectuée. Nous conclurons cette partie, largement analytique,
en discutant des résultats originaux concernant la position spectrale de la LSPR d’un
matériau composite dense.

III.1.1 Relation de Maxwell Garnett

Principe des approches de type milieu effectif Nous avons vu en Sec. I.1.1.2 que,
dans un matériau linéaire homogène et isotrope, D est parallèle à E - Eq. (I.4). Ainsi
dans une matrice « nue » de permittivité εm, en chaque point r, nous pouvons écrire :

D (r) = εmE (r) . (III.1)

En ajoutant des nanoparticules à cette matrice, on crée un matériau composite aux
propriétés nouvelles. Du point de vue microscopique, le matériau ainsi constitué est hétéro-
gène. Les caractéristiques remarquables des nanoparticules plasmoniques (et notamment
l’importante résonance des sections efficaces optiques) sont telles que, même intégrées
en très petites quantités, les densités de charge et les champs électriques induits sous
irradiation varient fortement et l’équation précédente n’est plus valable. Le problème ré-
sultant est complexe, voire impossible à appréhender de façon générale. Pour ce faire, il
faudrait être en mesure de tenir compte de la très forte dépendance aux caractéristiques
microscopiques du système.

L’approche dite du milieu effectif consiste à aborder le problème d’un point de vue
macroscopique en considérant qu’à grande échelle le matériau est globalement homo-
gène. L’idée générale de cette approche - dite « d’homogénéisation », est illustrée sur la
Fig. III.1. Du point de vue de la physique, cette idée est très simple : sur le principe,
il suffit d’introduire un tenseur de permittivité effective εeff qui traduit l’homogénéité
macroscopique apparente du matériau et qui permet de réécrire la relation de colinéarité
précédente comme suit :



Chapitre III : Assemblées de nanoparticules 86

D (r) = εeffE (r) . (III.2)

Le problème se « résume » alors à déterminer l’expression de ce tenseur ; il sera au cœur
de notre propos jusqu’à la fin de ce chapitre.

Figure III.1 – Représentation schématique de l’idée d’homogénéisation des approches de type milieu
effectif.

Formalisme général du modèle de Maxwell Garnett En partant de la matrice
nue - Eq. (III.1) - et en introduisant des particules dans le matériau, on peut considérer
qu’une polarisation additionnelle s’ajoute au champ électrique :

D (r) = εmE (r) + P (r) . (III.3)

En effet, nous avons vu qu’en réaction au champ incident les nanoparticules induisent
à leur tour un champ électrique. La première hypothèse consiste à supposer que cette
réaction peut être décrite comme celle d’une distribution de moments dipolaires par unité
de volume, notée P. Cela revient à considérer que - à l’échelle macroscopique - cette
polarisation s’ajoute à la polarisation intrinsèque de la matrice diélectrique.

La seconde hypothèse est celle qui est usuellement employée dans les approches de
type champ-moyen, on suppose que les deux équations précédentes sont valables « en
moyenne », c’est-à-dire :

D = εeffE (III.4)

et
D = εmE + P. (III.5)

La suite du développement consiste à exprimer la polarisation moyenne P en fonction
du champ incident moyen E pour permettre une identification de ces deux équations et
finalement extraire une expression pour εeff . La polarisation moyenne par unité de volume
s’écrit :

P = n0αEtot, (III.6)
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où n0 est le nombre de particules par unité de volume. Chaque particule est ici décrite
par un dipôle de polarisabilité α, qu’il conviendra de modéliser. Etot est le champ total
moyen, somme du champ incident (extérieur) et du champ de dépolarisation (induit). On
peut montrer qu’il s’écrit 3 :

Etot = E + 1
εm

LP, (III.7)

où L est le tenseur de dépolarisation. Dans la base cartésienne, en notant Lαβ ses com-
posantes, la projection dans la direction α de cette équation s’écrit :

Eα

tot = Eα + 1
εm

3∑
β=1

LαβPβ. (III.8)

Soit, en substituant l’Eq. (III.6),

Eα

tot = Eα + n0α

εm

3∑
β=1

LαβEβ

tot, (III.9)

où P n’apparaît plus. Cela conduit à :(
δαβ − n0α

εm

3∑
β=1

Lαβ

)
Eβ

tot = Eα
, (III.10)

ou sous forme matricielle :

Etot =
Å
13 − n0α

εm
L
ã−1

E, (III.11)

avec 13, la matrice identité. Enfin, en combinant cette relation aux Eqs. (III.4) à (III.6),
on constate que εeff vérifie

εeffE =
ñ
εm13 + n0α

Å
13 − n0α

εm
L
ã−1ô

E, (III.12)

soit

Modèle de Maxwell Garnett (général)

εeff = εm13 + n0α

Å
13 − n0α

εm
L
ã−1

. (III.13)

À notre connaissance, cette expression est la forme la plus générale du modèle de Maxwell
Garnett.

3. On trouvera les détails de la démonstration concernant le tenseur de dépolarisation dans le livre
de Van Bladel, Ref. [119]-Chap. 3.
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Digression généalogique James Clerk Maxwell (ci-contre en haut),
est le père des équations unificatrices de l’électrodynamique classique.
Devenu célèbre pour avoir proposé une interprétation de la lumière en
tant que phénomène électromagnétique, il est notamment l’auteur du
livre An Elementary Treatise on Electricity (1881) édité et publié à
titre posthume par un certain « Garnett ». Cet éditeur s’appelait en
fait William Garnett (1850-1932). Il était professeur de physique et père
de . . .James Clerk Maxwell Garnett (ci-contre en bas). Né un an après
la mort de Maxwell, ce dernier est le troisième physicien de cette anec-
dote de transition, c’est également le troisième « père » puisqu’il est à
l’origine de la relation qui nous intéresse.

Contrairement à ce qu’il est possible d’imaginer, cette relation n’a
pas été établie par Maxwell (le fameux) & Garnett (un illustre inconnu),
mais par un seul homme dans les Refs. [64, 65] qui est passé à la postérité
sous le pseudonyme de Maxwell Garnett.

Assemblée de sphères monodisperse L’Annexe A.16 (dont le sujet sera introduit
plus tard) présente une expression générale du tenseur L mais, dans le cas simple d’élé-
ments diffusants sphériques modélisés par des dipôles, on montre que L s’écrit simplement
L = 1

313. L’équation générale donnée en (III.13) indique que la permittivité effective est
isotrope εeff = εeff13 et

εeff = εm + n0α

1 − n0α
3εm

. (III.14)

Cette relation correspond à l’expression générale de la relation de Maxwell Garnett dans le
cas spécifique d’une assemblée de sphères monodisperse. Pour finir, dans l’approximation
quasi-statique, il est possible d’utiliser le modèle de Clausius-Mossotti - Eq. (II.2) - pour
la polarisabilité. Ici le paramètre de taille D disparaît du calcul. On obtient alors l’une
des deux expressions suivantes :

Modèle de Maxwell Garnett (assemblée de sphères monodisperse)

εeff (ϕv, ω) = εm

ï
1 + 3ϕvβ (ω)

1 − ϕvβ (ω)

ò
, (III.15a)

= εm
1 + 2ϕvβ (ω)
1 − ϕvβ (ω) , (III.15b)
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où ϕv est la fraction volumique d’inclusions (c’est-à-dire de métal dans le composite). On
rappelle que

β (ω) = ε (ω) − εm

ε (ω) + 2εm
. (III.16)

Ce terme apparaissait dans l’Eq. (II.2) et permet de décrire le comportement d’une par-
ticule isolée dans l’approximation quasi-statique.

À la LSPR d’une particule isolée β est grand, sa présence au numérateur et au dé-
nominateur de l’Eq. (III.15b) permet de décrire le comportement effectif du composite à
partir du comportement individuel des particules. On suppose ici que la matrice est de
permittivité constante.

Les deux Eqs. (III.15a) et (III.15b) sont équivalentes. Ce sont les formulations du
modèle de Maxwell Garnett les plus répandues dans la littérature. 4

Hypothèses Il existe au moins deux façons d’obtenir ce résultat. La démonstration
proposée ci-dessus dérive d’une expression du tenseur de dépolarisation qui caractérise
la réponse d’une sphère soumise à un champ extérieur. On retrouve cette approche chez
plusieurs auteurs, Refs. [163–166]. Il est également possible de l’obtenir grâce à une ex-
pression précise du champ induit par un dipôle électrostatique : théorie du champ local de
Lorentz. Cette seconde approche est celle utilisée dans [117] (p. 135). Plus récemment, elle
est utilisée dans [167]. Pour finir, une comparaison entre les deux approches est proposée
par V. Markel dans [166]. 5

Quelle que soit l’approche, le modèle final dérive de la théorie des champs moyens et
repose de la même façon sur plusieurs approximations. Les principales hypothèses sont
les suivantes :

(1) seules les interactions dipôle-dipôle sont considérées,

(2) les effets dynamiques sont négligés, 6

4. On trouve également une autre formulation équivalente, en notant respectivement ϵ = ε/εm et
ϵMG = εMG/εm les permittivités diélectriques relatives réduites du métal et du matériau effectif, la
relation des mélanges s’écrit :

ϵMG (ϕv, ω) =
1 + 2ϕv

ϵ(ω)−1
ϵ(ω)+2

1 − ϕv
ϵ(ω)−1
ϵ(ω)+2

Cette formulation est souvent employée, car plus compacte. Il est à noter que des confusions peuvent
survenir lorsque les permittivités diélectriques absolue, relative et relative réduite ne sont pas clairement
différenciées.

5. La Ref. [166] est particulièrement intéressante, elle est rédigée sous forme d’un « tutoriel » ras-
semblant et comparant les bases théoriques de plusieurs approches de type milieux effectifs, cela peut
permettre d’aborder rapidement ce sujet.

6. Les effets dynamiques intrinsèques et extrinsèques sont négligés, cf note 5 p. 51.
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(3) la répartition des nanoparticules est supposée isotrope,

(4) l’assemblée est supposée diluée.

La quatrième hypothèse est un sujet de controverse. Certains auteurs affirment que le
formalisme est valable sans cette hypothèse, c’est notamment le cas de Mallet et coll. qui
ajoutent que l’on peut également se passer de la première hypothèse en tenant compte
de corrections radiatives [167]. Nous discuterons cette controverse en détail lorsque nous
aborderons le sujet des interactions. Ce faisant, les hypothèses (2-3) à elles seules sont assez
réductrices. Dans la section suivante, nous présenterons les corrections qui permettent
d’étendre le domaine de validité de ce modèle.

III.1.2 Extension - Effets de la géométrie des particules

Quelle que soit leur validité, les hypothèses sous-jacentes au modèle de Maxwell Gar-
nett sont assez éloignées de la réalité microscopique du système que nous avons étudiée au
chapitre précédent. Les Eqs. (III.15) ont été établies pour des sphères, elles sont pourtant
couramment utilisées pour des matériaux composites contenant des éléments diffusants de
forme quelconque en supposant que le seul paramètre important est la fraction volumique
de métal [18]. Si le formalisme permet de comprendre le comportement général d’un ma-
tériau composite, quantitativement, nous verrons que les prédictions que l’on peut en tirer
sont souvent mises en défaut.

Afin de s’approcher un peu plus des comportements optiques observés expérimen-
talement, plusieurs extensions ont été proposées au fil du temps. Il s’agit généralement
d’introduire dans le formalisme des résultats théoriques de façons plus ou moins artifi-
cielles pour rendre compte de l’influence de paramètres additionnels.

Dans un premier temps, il est possible de dissocier deux catégories de considérations :

— la prise en compte de caractéristiques physico-géométriques des particules,

— la modélisation des interactions au sein du système.

Ces deux « catégories » sont évidemment liées. Elles rassemblent de plus un grand nombre
de paramètres dont les influences relatives dépendent fortement du système considéré. De
façon plus spécifique, nous listons ici les effets liés à :

— la taille des particules,

— leur forme,

— leur organisation spatiale dans la matrice.

On constate que ces paramètres sont justement ceux qui sont omis par hypothèse dans la
dérivation du formalisme « simple » de Maxwell Garnett, Eqs. (III.15).
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L’effet de la forme des particules n’a pas été au centre de notre étude. Nous donnons
une brève introduction grâce à un exemple concernant des assemblées d’ellipsoïdes dans
l’Annexe A.16 p.228. Ici, nous discuterons en détail de la prise en compte des interactions.

Effets de taille L’une des conséquences majeures des hypothèses faites lors de l’éta-
blissement du formalisme, que nous avons présenté Eqs. (III.15), est que l’information
relative à la taille des nanoparticules se simplifie (lors du produit n0 × ϕv, Eq. (III.14)).
Ce résultat n’est donc pas en mesure de tenir compte des effets de taille finie qui, comme
nous l’avons vu, ne sont déjà pas négligeables pour une nanoparticule isolée. W.T. Doyle,
a proposé d’ajouter ces effets a posteriori dans le formalisme de Maxwell Garnett [163].
Suivant la taille des particules, il y a finalement deux cas de figure « extrêmes » et un
régime intermédiaire :

(n°1) On tient compte de l’effet du confinement électronique en introduisant le modèle
corrigé de l’Eq. (II.23) dans les expressions (I.13) de ε. Cela permet ensuite de calculer β
grâce à l’Eq. (III.16). On obtient ainsi un modèle de Maxwell Garnett avec confinement
(MGc) pour la permittivité que nous noterons εMGc dans la suite.

(n°2) Les effets dynamiques intrinsèques peuvent être introduits à partir de l’Eq. (III.13)
en substituant l’expression exacte de la polarisabilité dérivée par Mie. En ne considé-
rant que les excitations dipolaires transverses électriques, après identification grâce à
l’Eq. (II.14a) ou à l’Eq. (II.18), elle s’écrit :

αMie (D,λ) ≃ 3jλ3

16π3ε
3/2
m

a1

Å
π

√
εm

λ
D

ã
. (III.17)

Nous avons vu qu’un développement de αMie est parfois suffisant, ce qui permet d’uti-
liser l’Eq. (II.18). Elle est généralement tronquée à l’ordre 1 [163, 165]. Ce modèle est
généralement appelé modèle de Mie-Maxwell Garnett (MMG), nous y ferons référence
en notant εMMG dans ce qui suit. Précisons, cependant, que ce modèle n’est plus valable
pour des nanoparticules de grandes tailles (D ≳ 50 nm), pour lesquelles la diffusion do-
mine. En effet, dans ces conditions, on aboutit à une prédiction absurde selon laquelle la
section efficace d’extinction serait strictement inférieure à la somme des sections efficaces
d’absorption et de diffusion [117] pp 137 et [89].

(n°3 = 1+2) Nous pouvons coupler les deux approches en introduisant l’effet du
confinement dans le modèle MMG. Ce dernier modèle sera appelé MMGc.
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En utilisant l’expression exacte de αMie ou en la réduisant au premier coefficient a1,
ce modèle s’écrit :

εMMGc (D,ω) − εm

εMMGc (D,ω) + εm
≃εmϕv

Å 2
D

ã3
αMie (D,ω) , (III.18a)

≃ 3j
2√

εm
ϕv

Å
λ

πD

ã3
a1 (D,ω) . (III.18b)

Ici, il est possible d’isoler εMMGc à partir des Eqs. (III.18a) et (III.18b), on obtient alors des
relations similaires aux Eqs. (III.15), explicites en εMMGc. Ce modèle a notamment permis
à Doyle de retrouver de façon qualitative des résultats de mesures sur des nanosphères
d’argent en matrice de silice [163] de fraction volumique faible (ϕv de l’ordre de 3%,
D = 90, 34 et 22 nm).

Sur la Fig. III.2, les modèles (1) et (3) sont illustrés et comparés au modèle MG simple
dans le cas d’une assemblée de particules d’or dans l’air avec ϕv = 10%. Cette figure est
à étudier sur la base de notre étude des effets de taille dans le cas isolé, récapitulée sur
la Fig. II.9. Brièvement, on constate que pour des nanoparticules de petite taille (colonne
de gauche), l’effet du confinement est le plus marqué et les effets dynamiques intrinsèques
sont négligeables. À l’inverse, lorsque les nanoparticules sont de grande taille (colonne
de droite), l’effet du confinement diminue tandis que les effets de retard prennent de
l’importance. À noter que, même pour des particules de 40 nm, par rapport au modèle MG,
le modèle MGc engendre un décalage de l’ordre de 1 nm et une réduction de l’amplitude
du pic de l’ordre de 10%. En comparaison avec le cas isolé, Fig. II.8, l’effet du confinement
semble légèrement amplifié pour une assemblée.

On retrouve ce que nous observions pour une nanoparticule isolée : l’effet du confine-
ment induit un léger décalage vers le rouge, une diminution et un élargissement du pic ;
les effets de retard induisent également un décalage vers le rouge et un élargissement de la
LSPR, mais conduisent à une augmentation de l’amplitude du pic plasmon. Qualitative-
ment, ces résultats sont en accord avec ceux des Refs. [163, 165] où l’on trouvera de plus
amples détails de description et d’interprétation, il faudra toutefois les considérer avec
précaution étant donné notre discussion au sujet des nanoparticules de petites tailles.

Ce formalisme fonctionne pour une assemblée de particules monodisperse. Il s’agit
donc là encore d’un cas d’école puisque dans la pratique il existe toujours une dispersion
en taille plus ou moins importante. Il est possible de prendre en compte cette caractéris-
tique en intégrant une distribution en taille de nanoparticules. Ce paramètre a été étudié
au cours de cette thèse, mais il n’interviendra pas dans la suite du développement. Les
résultats de cette étude et une discussion basée sur la littérature [123, 163, 165, 168, 169]
sont donnés en Annexe A.17 p.229.
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Figure III.2 – Partie réelle (1ère ligne) et imaginaire (2ème ligne) de la permittivité effective d’assemblées
de nanoparticules d’or, pour différentes tailles de nanoparticules (de gauche à droite). Les permittivités
sont modélisées par les modèles MG (courbes noires), MGc (courbes en tirets bleu), MMGc (pointillets
rouges). La permittivité de l’or est décrite grâce au modèle de Drude étendu (Eqs. (I.13)) avec confinement
(Eq. (II.22)), basé sur les données expérimentales de [92], ϕv = 10% et εm = 1.

III.1.3 Extension - description des interactions

Nous avons constaté que le modèle de Maxwell Garnett simple (Eq. (III.15)) s’applique
à des assemblées de nanoparticules de petite taille réparties de manière isotrope dans
une matrice. La première condition est nécessaire pour appliquer l’approximation quasi-
statique ; la seconde est requise par l’approximation de champ moyen. Nous avons vu
comment il est possible de résoudre les problématiques liées à la forme et à la taille des
particules.

De façon générale, le modèle de Maxwell Garnett est connu pour ne s’appliquer qu’à
des assemblées diluées. La limite d’applicabilité couramment invoquée dans la littérature
et ϕv < 10% [18, 110, 117, 166]. Néanmoins, certains auteurs affirment que la relation
de Maxwell Garnett reste applicable à haute concentration [167, 170–172]. C’est parti-
culièrement le cas de Mallet et ses collaborateurs dans la Ref. [167]. Ces derniers offrent
une comparaison intéressante au calcul numérique, il s’agit d’une approche statistique de
type Monte Carlo appliquée à des collections de répartitions aléatoires sur des réseaux à
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lacunes. D’autres études expérimentales et/ou théoriques [173–176] apportent également
des éléments quantitatifs attestant de la bonne applicabilité du modèle pour des densités
allant jusqu’à 50%.

L’origine de la divergence de ces avis réside dans le problème des interactions. Dans
les paragraphes suivants, nous rappellerons les principaux éléments à l’origine de ces
questions, puis nous présenterons une autre extension du modèle de Maxwell Garnett
permettant de décrire plus fidèlement les interactions. C’est ce modèle que nous mettrons
à l’épreuve par des simulations numériques dans la Sec. III.3.

Problématiques La relation des mélanges de Maxwell Garnett ne fait intervenir que
le « facteur de remplissage » ϕv. De cette façon, elle ne permet de rendre compte ni de la
forte sensibilité aux distances interparticules ni de l’organisation spatiale. Pourtant, les
distances interparticules influent directement sur l’apparition de couplages locaux intenses
pour lesquels les contributions multipolaires ne sont pas négligeables. D’autre part, l’orga-
nisation spatiale est à l’origine d’effets collectifs découlant d’un comportement d’ensemble
hautement corrélé. Nous savons que la première influence n’est pas décrite dans le cadre
d’une approche dipolaire et que la seconde ne peut pas être décrite aisément dans une
approche de type champ-moyen. Ces deux influences sont donc omises par construction
dans le formalisme de Maxwell Garnett.

À titre illustratif, la Fig. III.3 présente des simulations numériques du champ élec-
trique induit par une assemblée diluée et une assemblée dense.

Figure III.3 – Illustration des effets des interactions pour des assemblées plus ou moins diluées. Cartogra-
phie de la norme du champ électrique total (simulations grâce à MNPBEM). On observe principalement
des interactions entre deux particules à gauche, des corrélations entre trois particules et plus apparaissent
à droite.

On constate (à gauche) qu’à grande distance d’une particule à peu près isolée, on retrouve
le comportement d’un dipôle. Par contre, lorsque la densité de particules augmente, les
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interactions dipolaires ne permettent pas de décrire ce que l’on observe. De fortes corré-
lations à 3-corps et plus apparaissent à droite.

De plus, lors de l’étude du dimère, nous avons souligné le fait que pour des distances
interparticules faibles (≲ 1 nm), d’une part, des effets non linéaires apparaissent [159] et
d’autre part, que le rapport d/D seul ne permet plus de décrire le comportement optique
du système (cf remarque associée à la Fig. II.17 p.77).

En outre, quelle que soit la taille des particules, lorsque les distances qui sépare les
particules sont inférieures à d = 1 nm, des comportements non linéaires apparaissent
(courants tunnels et réponse optique non linéaire [159]). Or, à fractions volumiques iden-
tiques, pour des assemblées contenant soit de petites soit de grosses nanoparticules, les
distances interparticules ne sont pas les mêmes. Ainsi, pour une assemblée dense conte-
nant de très petites particules, les distances bord à bord sont infimes. Dans ces conditions,
il est évident qu’en excluant explicitement le paramètre de taille, l’approche de Maxwell
Garnett ne permet pas de décrire la non-linéarité des comportements pourtant attendue.

Pour résumer, s’il est indéniable que la relation des mélanges de Maxwell Garnett
traduit un phénomène d’interaction au sein du système [167], ces interactions sont mal
prises en compte. En effet, il est également indéniable que le formalisme ignore (au moins)
trois phénomènes élémentaires :

— l’apparition de corrélations à plusieurs corps au sein du système,

— lorsque le rapport entre les distances caractéristiques est très faible, d/D ≪ 1,
le comportement optique ne peut plus être décrit à l’aide du seul paramètre d/D
(phénomène électrodynamique classique), 7

— le couplage fort à courte distance : on sait que des phénomènes non linéaires appa-
raissent (phénomènes quantiques).

De ce point de vue, il semble logique qu’une limite liée de près ou de loin à la densité
existe.

Considérations théoriques Pour décrire l’organisation d’une assemblée, nous ne sommes
pas limités aux paramètres ϕv ou d/D. Il est possible de décrire plus fidèlement l’agen-
cement microscopique du système. Cela peut se faire en considérant explicitement une
organisation périodique sur des réseaux, en considérant une fonction de distribution en
distances interparticules, ou a minima en tenant compte d’une distance minimale entre
plus proches voisins.

7. On souligne, que pour chaque type d’arrangement périodique (de type cristallographique) le rapport
d/D peut s’écrire en fonction de ϕv et réciproquement.
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Plusieurs approches ont été développées afin d’étudier plus précisément le compor-
tement optique effectif d’un matériau composite dense, [28, 177, 178, 178–182] ; celles-ci
reposent sur la construction d’une fonction de corrélation. En particulier, dans l’approche
proposée par S. Torquato [179], une fonction de corrélation à trois-corps a été calcu-
lée pour un système de sphères réparties périodiquement sur des réseaux cubiques simple
(CS), cubique centré (CC) et cubique faces centrées (CFC) et pour des systèmes aléatoires
de sphères avec ou sans coalescence (« impénétrables » ou « pénétrables »). La permitti-
vité effective qui en résulte est une fonction du paramètre macroscopique ϕv, mais aussi
d’un paramètre traduisant la microstructure ζ, qui dépend de l’organisation spatiale et
qui est lui-même une fonction de ϕv. Ce modèle repose également sur l’approximation
quasi-statique. Il a permis de retrouver certains résultats d’expériences par Farbman et
coll. [183, 184], il s’écrit :

Modèle de Torquato

εTorq. (ϕv, ζ, ω) = εm
1 + 2ϕvβ (ω) − 2 (1 − ϕv) ζβ2 (ω)
1 − ϕvβ (ω) − 2 (1 − ϕv) ζβ2 (ω) . (III.19)

où la fonction β (« polarisabilité réduite ») est donnée par l’Eq. (III.16).
En comparaison avec le modèle de Maxwell Garnett, Eq. (III.15b), on constate que

des termes correctifs proportionnels à ζ apparaissent au numérateur et au dénominateur.
Ce paramètre a été calculé pour différentes organisations [178, 179, 182]. L’Annexe A.18
p. 232 rapporte les valeurs tabulées de ζ pour des organisations CS, CC, CFC et aléatoire
(avec et sans coalescence).

Sur la Fig. III.4 à gauche, nous avons rapporté les résultats de la Ref. [179]. 8 Sur
cette figure, les marqueurs sont les données tabulées dans cette référence. Les courbes
sont issues d’une interpolation polynomiale des données.

Il est intéressant de souligner que ces résultats sont indépendants du matériau consi-
déré, il s’agit d’un paramètre purement structurel. Quelle que soit l’organisation considé-
rée, le paramètre ζ augmente avec ϕv traduisant une augmentation de l’importance des
corrélations. Pour cette raison, nous l’appellerons d’ailleurs paramètre structural d’inter-
action. On constate également l’influence considérable de l’organisation, en particulier
pour ϕv élevée. D’autre part, on constate que la correction est proportionnelle à β2. On
s’attend ainsi à une influence de la structure d’autant plus grande que l’amplitude de la
LSPR du matériau est importante (cf détails sur le paramètre β pp. 43 et 89). Pour se
donner une idée, nous avons représenté sur la Fig. III.5 l’évolution du terme ζβ2 à la ré-

8. En ce qui concerne les agencements aléatoires, Miller & Torqato proposent une expression semi-
analytique du paramètre ζ dans la Ref. [178]. Elle peut être utile expérimentalement.
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Figure III.4 – Évolution du paramètre d’interaction organisationnel ζ en fonction de la fraction volu-
mique d’inclusion (à gauche) et du rapport D/d (à droite), pour différentes organisations spatiales.

sonance de trois métaux plasmoniques typiques pour une assemblée de type CS. Comme
on pouvait s’y attendre, selon cette approche, à fraction volumique donnée, l’effet des
interactions est plus marqué pour l’argent.

Organisation et distance entre plus proches voisins En ce qui concerne les agen-
cements périodiques (en bleu), cf Fig. III.4, on constate que ζ (ϕv) augmente plus rapide-
ment pour un réseau CS que pour un réseau CC ou CFC. Cette observation nous semble
très intéressante. En effet, les réseaux CC et CFC étant les plus compacts, on pourrait
s’attendre à ce que les interactions soient plus importantes pour ce type d’agencement,
or on constate ici qu’il n’en est rien (cf ζCS > ζCC sur la figure). La base de notre in-
terprétation est la suivante : il faut raisonner à fraction volumique donnée et s’intéresser
à la distance entre plus proches voisins. En effet, un agencement présentant une faible

Ampleur des interactions au sein d’une assemblée

Figure III.5 – Évolution du terme correctif ζβ2 pour des assemblées d’argent, d’or et de cuivre. Dans
chaque cas, le terme β a été calculé à la résonance des nanoparticules isolées, dans le vide, en utilisant
les données expérimentales de permittivité du massif respectivement [92, 93, 95] pour l’argent, l’or et le
cuivre, conduisant à λr

Ag ≃ 350 nm, λr
Au ≃ 530 nm et λr

Cu ≃ 580 nm. L’évolution est présentée pour des
organisations de type cubique simple (CS).
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compacité (e.g. CS) implique une distance minimale entre plus proches voisins (d) plus
petite qu’un agencement à compacité plus grande (e.g. CFC). 9 De ce point de vue, il
semble normal que les interactions augmentent lorsque la compacité diminue.

Pour se donner une idée complémentaire, un rapide calcul de cristallographie permet
de lier la fraction volumique à la distance bord à bord entre plus proches voisins d et au
diamètre des particules D. Pour les trois structures, on montre que ϕv ∝

Ä
D

D+d

ä3
, ce qui

permet de relier ζ au rapport d/D et de représenter cette dépendance (Fig. III.4 à droite).
On constate que les évolutions ζ (d/D) sont très similaires pour les trois arrangements, ce
qui indique également l’influence de tout premier plan de la distance entre plus proches
voisins. Ces résultats sont d’ailleurs confirmés par l’augmentation plus importante de ζ
pour une assemblée aléatoire (à gauche, en noir) que pour les systèmes périodiques (à
gauche, en bleu). En effet, à fraction volumique donnée, statistiquement, la distribution
aléatoire génère des distances entre plus proches voisins minimales plus faibles que pour
des organisations périodiques d’où une augmentation plus forte de l’effet des interactions
lorsque la fraction volumique augmente.

De manière générale, cette observation permet d’envisager la propriété suivante :

Compacité versus importance des interactions

Pour un agencement quelconque, à fraction volumique de métal donnée, l’effet attendu
des interactions est d’autant plus grand que la compacité de l’organisation est faible
(et cela indépendamment de la fraction volumique de métal).

Cette propriété illustre la limite conceptuelle de l’approche macroscopique de Maxwell
Garnett et le fait que la fraction volumique seule n’est pas suffisante pour établir une limite
de validité quantitative. Nous poursuivrons cette discussion à la lumière de nouveaux
éléments à la fin de ce chapitre.

Dans les paragraphes suivants, nous étudierons l’influence des interactions sur la po-
sition de la résonance. L’étude plus précise des spectres de la permittivité effective grâce
à l’Eq. (III.19) sera effectuée lors de la comparaison aux simulations numériques.

9. La fraction volumique maximale d’un empilement périodique est atteinte pour d = 0. Pour un
réseau CS on a ϕCC,max

v = 0.52, pour un réseau CFC on a ϕCFC,max
v = 0.74. Si on considère un réseau

CFC tel que ϕCFC
v = 0.52, nécessairement d > 0 d’où, à fraction volumique donnée, dCFC > dCS : une

compacité élevée implique effectivement des distances entre plus proches voisins plus grandes.
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III.1.4 Position spectrale de la LSPR, effet de correlation

On souhaite ici présenter des modèles analytiques pour la détermination de la position
spectrale de la résonance qui tiennent compte ou non des corrélations. Ce développement
conclura le volet analytique de la première partie de ce manuscrit.

Les formulations des modèles (avec et sans corrélation) sont finalement assez similaires
et dans les deux cas, la dépendance spectrale de la permittivité effective découle de celle du
terme β, via ε (ω) (Eq. (III.16)). On peut alors utiliser le modèle analytique qui convient
pour décrire la permittivité des particules et étudier le rôle des différents paramètres
physiques microscopiques (ωp,γp, ϵ∞,...) sur le comportement optique macroscopique du
matériau.

Ici, nous supposerons que la permittivité de la matrice est constante et que celle du
métal peut être décrite par le modèle de Drude simple Eq. (I.9), même si nous avons vu
que son domaine d’applicabilité est restreint (Tab. I.4). Nous ne tiendrons pas compte des
effets de confinement et de retard, car l’objectif ici est d’étudier l’effet des corrélations
sur le modèle de Maxwell Garnett ; il nous faut donc limiter le nombre d’hypothèses à
modifier.

Modèle sans corrélations (Maxwell-Garnett) Commençons par le cas le plus simple
pour lequel les résultats pré-existent. Nous avons comparé deux approches pour détermi-
ner la fréquence de résonance effective du matériau. Dans les deux cas nous avons utilisé
le modèle de Drude Eq. (I.10) et l’avons introduit dans l’Eq (III.15b). Pour une fraction
volumique d’inclusion donnée, l’énergie de la résonance effective selon Maxwell Garnett,
notée ωr

MG, est associée au maximum du spectre de la partie imaginaire de εMG. Ce maxi-
mum peut être estimé :

� soit en déterminant les racines du dénominateur de l’Eq. (III.15b),

� soit en cherchant précisément les solution de l’équation ∂ω [Im (εMG)] = 0.

La première approche calculatoire est simple et assez rapide, on obtient :

ωr
MG (ϕv) = ωp√

ΛMG

®
1 −

γ2
p

ω2
p

√
ΛMG

´1/2

, (III.20)

où

ΛMG (ϕv) ≡ ε∞ + εmΞMG (ϕv) , ΞMG (ϕv) ≡ 2 + ϕv

1 − ϕv

. (III.21)

La seconde approche n’est pas fondamentalement plus compliquée, mais est relativement
laborieuse, car le calcul de la dérivée fait appel à plusieurs compositions d’expressions
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fractionnelles de grandeurs complexes. La résolution de l’équation se résume ensuite à la
recherche des zéros d’un polynôme rationnel. On obtient : 10

ωr
MG (ϕ) =

ß 1
6ΛMG

ï√(
γ2

pΛMG − 2ω2
p
)2 + 12ω4

p −
(
γ2

pΛMG − 2ω2
p
)ò™1/2

(III.22)

À notre connaissance, cette deuxième approche n’était pas proposée dans la littérature.
Toutefois, dans les deux cas, en considérant un faible amortissement plasmon, γp ≪ ωp,
en première approximation, les Eqs. (III.20) et (III.22) conduisent à un résultat identique
et simple :

ωr
MG (ϕv) ≃ ωp√

ε∞ + εmΞMG (ϕv)
. (III.23)

Pour des paramètres correspondant à l’or et à l’argent, dans une matrice de permit-
tivité réelle comprise entre 1 et 10, nous avons comparé les valeurs obtenues pour ωr

MG

grâce aux trois relations Eqs. (III.20), (III.22) et (III.23), elles sont identiques à 10−3 eV
près, quelle que soit la fraction volumique d’inclusion. Cette excellente adéquation entre
les trois approches renforce la légitimité calculatoire des deux approches et notamment
celle du développement limité invoqué. Cette validation était une étape importante, car
nous l’avons ensuite appliquée au modèle tenant compte des corrélations.

Modèle avec corrélations (Torquato) À partir du formalisme de Torquato, Eq.
(III.19), un calcul similaire a été effectué. Pour garantir la fiabilité du calcul, nous avons
appliqué l’approche basée sur la résolution de l’équation ∂ω Im (εTorq.) = 0. En régime de
faible amortissement γp ≪ ωp, la résolution de cette équation est possible et conduit à
3 solutions réelles positives ωr

Torq. (ϕv, ζ), correspondant à 3 extrema. La solution de plus
basse énergie est celle dont nous allons discuter, celle de plus haute énergie correspond
à un maximum secondaire (sur lequel nous reviendrons à la Sec. III.3), et la troisième
correspond donc au minimum entre les deux maxima et ne nous intéresse pas.

En posant ζ = 0, nous sommes supposés retrouver la résonance du modèle de Maxwell
Garnett, ωr

Torq. (ϕv, ζ = 0) = ωr
MG (ϕv), Eq. (III.23). Parmi les trois solutions trouvées, la

seule qui satisfait cette condition est :

ωr
Torq. (ϕv, ζ) ≃ ωp√

ε∞ + εmΞTorq. (ϕv, ζ)
(III.24)

où

10. Calculs effectués au renfort d’un logiciel de calcul formel (Wolfram Mathematica).
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ΞTorq. (ϕv, ζ) = 2 + ϕv − 2 (1 − ϕv) ζ
1 − ϕv − 2 (1 − ϕv) ζ

− 1
2

3ϕv − 4 (1 − ϕv) ζ − 3
√
ϕ2

v + 8 (1 − ϕv) ζ
1 − ϕv − 2 (1 − ϕv) ζ . (III.25)

L’expression du paramètre ΞTorq. est lourde. Cependant, on retrouve une expression gé-
nérale pour ωr. Finalement :

Énergie du plasmon effectif d’une assemblée de nanosphères

ωr (ϕv) = ωp√
ε∞ + εmΞ (ϕv)

, (III.26)

où la fonction Ξ dépend du modèle employé :

Ξ = 2 Particule isolée (assemblée infiniment diluée)

Ξ (ϕv) = 2+ϕv

1−ϕv
Maxwell Garnett (assemblée diluée)

Ξ (ϕv, ζ) = ΞTorq. (ϕv, ζ) Torquato (assemblée dense)

Ces relations ne tiennent pas compte des effets de taille (confinement et retard) ou de
dispersion en taille.

Validation et comparaison des modèles avec et sans corrélations Sur la Fig. III.6
la longueur d’onde de résonance effective d’une assemblée de particules d’argent en fonc-
tion de la fraction volumique d’inclusion est représentée. La permittivité de la matrice a
été choisie élevée εm = 7, cela assure l’applicabilité du modèle de Drude, cf Eq. (II.12)
et discussion associée. Pour cette illustration, la dépendance ζ (ϕ) intervenant dans le
formalisme de Torquato correspond à celle d’un arrangement CS (cf Fig. III.4), mais la
concordance est identique pour les autres arrangements.

Les courbes continues noires et oranges correspondent respectivement aux expressions
analytiques des Eqs. (III.23) et (III.24). Les cercles noirs et oranges correspondent aux
données que l’on obtient en déterminant graphiquement la position du maximum des
spectres de la permittivité effective déduit des Eqs. (III.15b) et (III.19). 11

On constate que les résultats obtenus sont en parfaite adéquation. D’autres vérifica-
tions ont permis de confirmer que l’erreur relative est toujours < 1% en appliquant le
développement limité : tant que 0 ≤ ϕv < 0.52, εm ≥ 1 et ωp ≫ 10γp.

11. Cette « détermination graphique » a été effectuée numériquement grâce à la fonction
findmaximum de W. Mathematica.
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Figure III.6 – Longueur d’onde de la LSPR λr
eff d’une assemblée de nanoparticules d’or organisées

sur un réseau CS dans une matrice de permittivité élevée (εm = 7) en fonction de la fraction volumique
d’inclusion selon les deux formalismes analytiques étudiés : (en noir) le formalisme de Maxwell Garnett,
(en orange) le formalisme de Torquato. Les courbes continues correspondent aux modèles analytiques que
nous avons obtenus. Les cercles (noirs et oranges) sont issus de déterminations graphiques de la position
de la résonance grâce aux modèles de permittivité effective proposés par ces auteurs (respectivement
Eqs. (III.23) et (III.19)).

Concernant les tendances, l’augmentation de la fraction volumique induit un décalage
vers le rouge de la LSPR et la prise en compte des corrélations conduit à une augmentation
de ce décalage.

D’après ces comparaisons, le modèle de Maxwell Garnett semble effectivement in-
adapté lorsque la fraction volumique augmente. Nous allons maintenant le vérifier numé-
riquement.

III.1.5 Récapitulatif de section

Dans la section qui s’achève, nous nous sommes intéressés à la modélisation analytique
du comportement d’une assemblée de nanoparticules. Le formalisme de Maxwell Garnett,
basé sur la théorie des milieux effectifs, a été présenté en détail. Nous avons effectué une
brève revue des différents raffinements qui, couplés au formalisme de Maxwell Garnett,
se proposent de prendre en compte la forme et la taille. (Un point sur l’importance de
la dispersion en taille des particules a également été effectué dans l’Annexe A.17). Nous
avons prêté une attention particulière à l’analyse des hypothèses et approximations sous-
jacentes.

Concernant la densité de métal, nous avons entamé notre discussion de fond sur la prise
en compte des interactions. En lien avec notre étude sur le dimère au chapitre précédent,
nous avons vu que l’existence d’effets liés au champ proche induit et aux comportements
non linéaires pour de courtes distances interparticules mettent en évidence les défauts de
l’approche de Maxwell Garnett, avec ou sans correction en taille. L’étude du formalisme
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proposé par Torquato et ses collaborateurs nous a permis de comprendre l’influence de
l’organisation spatiale de l’assemblée. De plus, nous avons souligné l’importance cruciale
de la compacité et de la distance entre plus proches voisins, indépendamment de la fraction
volumique, notamment lorsque celle-ci est élevée.

Pour finir, nous avons proposé un modèle semi-analytique permettant d’obtenir di-
rectement la position spectrale du mode plasmon dans une assemblée dense, Eq. (III.26).
Ce modèle est basé sur le paramètre d’interaction organisationnel ζ et est à comparer à
celui déduit du modèle de Maxwell Garnett Eq. (III.23) et au cas quasi-statique isolée
Eq. (II.7).

Nous allons maintenant aborder l’approche numérique que nous avons mise au point.
Elle nous servira notamment à estimer la validité des différents modèles que nous avons
présentés et la validité de celui que nous avons introduit. Nous présenterons l’approche
numérique et nous détaillerons les éléments qui nous ont permis de la valider. Cette
comparaison servira à la fois d’étude de référence et de support à une discussion plus
approfondie concernant la prise en compte des interactions.

III.2 Approche numérique

Cette section rapporte l’un des points importants de l’accomplissement du travail de
thèse.

III.2.1 Généralités : problématiques et objectifs

En calcul numérique comme en analytique, la difficulté associée à la modélisation
d’une assemblée de nanoparticules consiste à traiter le problème des interactions dans un
système à la fois dense et contenant de nombreux éléments diffusants. Pour ce type de
système, il faut tenir compte des phénomènes de multi-diffusions en compétition, ce qui
implique de capter la physique sous-jacente très riche [185–189].

Différentes approches ont été proposées. Nous venons de présenter des approches ana-
lytiques de type milieux effectifs et nous avons vu qu’elles reposent sur des approximations
qui ne permettent pas toujours d’assurer une fiabilité suffisante des prédictions. Dans un
registre similaire, des approches semi-analytiques ont été proposées. La GMM (generalized
multi-particle Mie theory) [190–192] est une des plus célèbres, mais il en existe d’autres
[186, 189]. Ces dernières permettent de tenir compte des corrélations entre nanoparticules
et notamment des contributions multipolaires aux interactions. Elles ont permis de re-
trouver certains résultats expérimentaux pour des assemblées de tailles finies relativement
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denses [193]. Toutefois, ces approches semi-analytiques demeurent limitées à des organi-
sations d’assemblées spécifiques, à des formes de nanoparticules simples et surtout à des
assemblées contenant peu de nanoparticules ou impliquant des contraintes de périodicité
strictes.

Pour augmenter la fiabilité des prédictions et étendre le champ descriptif, plusieurs
approches numériques ont été développées au fil des années. Mentionnons à nouveau la
DDA [84, 194–196], la méthode FDTD [7, 197, 198] et MNPBEM [63] que nous avons déjà
évoquées. On trouve également la CMD (coupled-dipole method) [191, 199] et la méthode
T-matrix [200, 201]. De façon générale, ces méthodes tiennent compte des corrélations, des
contributions multipolaires et offrent une flexibilité suffisante pour traiter des systèmes
de géométries complexes et/ou rassemblant différents matériaux. Malheureusement, à
cause d’un coût calculatoire élevé, lorsque le système est en forte interaction, le nombre
d’inclusions que peut contenir l’assemblée est limité à quelques dizaines [193].

Principale problématique et objectif Lorsqu’il s’agit de simuler numériquement
le comportement optique d’une assemblée dense, la difficulté majeure se manifeste sous la
forme d’un conflit entre deux nécessités qui résultent sur un coût calculatoire considérable.

(1) D’une part, les interactions dipolaires sont de longue portée. Pour une assemblée
de taille finie (c’est-à-dire un « agrégat » de nanoparticules), cela induit notamment un
effet de forme de l’assemblée. Un agrégat en forme de cube contenant quelques dizaines de
nanoparticules ne présentera pas la même réponse qu’un agrégat en forme de boule. Une
bonne illustration est proposée par Russier et Pileni dans l’étude théorique [202] concer-
nant des agrégats 2D d’une trentaine de nanoparticules et la vérification expérimentale
associée [203]. Pour simuler un matériau macroscopique - c’est-à-dire une « assemblée
infinie » du point de vue analytique, il faut faire en sorte que cet effet de forme soit
négligeable. A priori, la seule possibilité consiste à simuler une grande quantité de nano-
particules. De plus, à volume d’assemblée fixé, si on souhaite augmenter la densité, il est
nécessaire d’augmenter encore le nombre de nanoparticules. Simuler un grand nombre de
nanoparticules constitue la première nécessité impliquant un coût calculatoire élevé.

(2) D’autre part, nous avons vu que lorsque les nanoparticules sont proches les unes
des autres, les interactions multipolaires ne sont plus négligeables. Or, du point de vue
numérique, la description des interactions multipolaires requiert une modélisation très
fine de chaque particule, ce qui augmente évidemment le coût calculatoire. La finesse de
modélisation de chacune des nanoparticules constitue la deuxième nécessité induisant de
nouveau un coût calculatoire élevé.
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Dans cette section, nous proposons une méthode de simulation qui permet de résoudre
ce conflit et d’approcher numériquement le cas théorique d’une assemblée à la fois dense
et infinie.

III.2.2 Choix du système de référence et de la méthode

Choix du métal Nous allons nous intéresser à des assemblées de nanoparticules d’ar-
gent qui, en comparaison à d’autres métaux plasmoniques, présentent les résonances de
sections efficaces optiques les plus importantes [81], et les champs électriques locaux les
plus intense (cf Fig. III.5). Concrètement, du point de vue numérique, parmi l’ensemble
des systèmes que nous avons étudiés et que nous envisageons d’étudier, il s’agit donc du
pire des cas puisqu’il présente les interactions inter-particules les plus fortes. Le modèle
que nous utilisons pour décrire la permittivité du métal dépend aussi de la permittivité
de la matrice. 12

Choix de la matrice Les résultats sont généralement présentés pour une matrice de
permittivité diélectrique élevée. Cela permet d’assurer la fiabilité des modèles analytiques
de référence avec lesquels nous avons effectué les comparaisons (Eq. (II.12)). En outre,
nous savons que l’augmentation de la permittivité de la matrice engendre une augmenta-
tion de l’amplitude des LSPR individuelles (Eq. (II.6a)), conduisant à une augmentation
de l’importance des corrélations (voir Eq. (III.19) et discussion relative au terme ζβ2).
Nous étudions ainsi, là encore, le cas le plus défavorable du point de vue des interactions.

Néanmoins, nous savons que cette caractéristique n’est pas la plus pertinente expé-
rimentalement : le verre, l’eau, l’air ou la majorité des polymères ont des permittivités
diélectriques faibles. Nous présenterons donc les éléments qui nous permettent d’assurer
la fiabilité de l’extension de notre méthode à une matrice de permittivité quelconque.

Lorsque la permittivité est suffisamment élevée (au sens de l’Eq. (II.12)), la permit-
tivité du métal est ici décrite par le modèle de Drude simple Eq. (I.9) et les paramètres
du Tab. I.3, sans confinement. Dans le cas contraire, c’est le modèle de Drude étendu
Eqs. (I.13) qui est utilisé, employant les mêmes paramètres.

Choix de la méthode numérique Les calculs numériques seront effectués grâce à
MNPBEM. En comparaison avec les méthodes DDA et FDTD, l’approche BEM permet de
ne discrétiser que les interfaces entre les matériaux ce qui augmente considérablement les
possibilités de calcul. Par ailleurs, les calculs numériques seront effectués en mode « stat »
(quasi-statique) afin de permettre une comparaison avec les approches analytiques. Nous

12. Il est à noter que des particules d’aluminium seraient en fait un choix plus pertinent car la LSPR
est plus marquée. Cela pourrait justifier de futurs développements.
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avons vu que les modèles de Maxwell Garnett et de Torquato reposent tous les deux sur
l’hypothèse quasi-statique.

Choix des caractéristiques géométriques et organisationnelles Nous nous in-
téresserons à des assemblées de nanoparticules monodisperses. Pour s’affranchir le plus
possible des effets de taille, le diamètre des nanoparticules sera fixé à 20 nm. Cela cor-
respond à un ordre de grandeur pour lequel les effets de retard et de confinement sont
faibles (cf la discussion de la Sec. II.1.4 p. 62 et notamment la Fig. II.9). L’organisation
spatiale de l’assemblée sera de type cubique simple (CS). En effet, les résultats de Tor-
quato indiquent qu’une organisation CS est plus sensible aux interactions (cf Fig. III.4
à gauche). En pratique, cela facilite également la programmation et les représentations.
Nous reviendrons sur les autres possibilités de calcul (autres organisations périodiques 3D
et structures 2D) dans la section consacrée aux perspectives.

III.2.3 Présentation de l’approche numérique

Étude d’une nanoparticule représentative La première idée au centre de notre
approche consiste à ne pas s’intéresser à l’assemblée dans son ensemble mais seulement à
un volume élémentaire noté V , contenant une seule nanoparticule et dont les dimensions
sont celles d’une maille élémentaire du réseau. 13 De cette façon, la fraction volumique
de métal dans ce volume est identique à celle d’une assemblée qui serait infinie. Une
illustration est proposée sur la Fig. III.7.

Figure III.7 – Assemblée contenant 33 nanoparticules réparties sur un réseau type CS. La nanoparticule
centrale est représentée en rouge, le volume élémentaire en vert et la grille de points pour le calcul du
champ en bleu. La figure de droite est une coupe dans le plan y = 0 de celle de gauche.

13. Les agencements spatiaux de nanoparticules sont parfois appelés des « super-réseaux » [192, 204,
205]. Cela permet de distinguer l’organisation des nanoparticules de celle des atomes qui les constituent.
Suivant les cas, réseau d’atomes et super-réseau de nanoparticules peuvent indépendamment être pério-
diques (cf les réseaux de Bravais) ou non.
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La particule qui va nous intéresser est représentée en rouge, le volume V est représenté
en vert. En pratique, pour que les grandeurs physiques dans ce volume élémentaire soient
représentatives d’une assemblée (c’est-à-dire un matériau macroscopique), il doit être
entouré d’un nombre suffisamment grand d’autres particules. Pour une densité donnée,
il suffit de trouver le nombre de particules à partir duquel l’ajout d’autres particules,
plus lointaines, n’a plus d’influence sur les propriétés optiques du volume élémentaire
central. Un tel système constituerait finalement une modélisation (locale) satisfaisante
d’un matériau macroscopique. Nous avons donc simulé des agrégats contenant de plus en
plus de nanoparticules afin de déterminer cette limite.

Distribution de maillage Dans des conditions habituelles de simulation, chaque par-
ticules de l’assemblée est modélisée de la même manière. Dans notre cas, puisque nous
étudions des systèmes en forte interaction, les surfaces des particules doivent être discré-
tisées très finement ce qui limite forcément le nombre de nanoparticules que l’on peut
simuler numériquement.

Les études du comportement optique dans des cas simples (particule isolée, dimère,
etc) sous MNPBEM nous ont permis de déterminer les conditions dans lesquelles les
champs rayonnés proche et lointain sont correctement décrits : pour décrire correctement
le champ lointain un maillage relativement grossier suffit (60 facettes) ; pour décrire correc-
tement le champ proche et notamment la forte composante multipolaire, un maillage plus
fin est nécessaire (225 voire 400 facettes), cf Tab. II.1. Puisque nous ne nous intéressons
qu’à une seule particule, nous avons proposé d’utiliser une distribution en maillage telle
que la finesse du maillage diminue lorsque la distance à la particule d’intérêt augmente.
Une illustration en 2D de cette idée est présentée sur la Fig. III.8.

Figure III.8 – Représentation en 2D d’une distribution de maillage des surfaces des nanoparticules. Des
exemples pour les nombres de facettes utilisées sont indiqués sur la figure de droite.

Comme nous l’avons déjà souligné, le poids du calcul numérique évolue de façon
quadratique avec le nombre total de facettes Nv [63]. Par conséquent, cette méthode
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augmente considérablement les potentialités de calcul. Cependant, ce que nous gagnons
en possibilités, nous le perdons en fiabilité. En procédant ainsi, on décrit mal une partie des
interactions. Conceptuellement, cette approche revient en fait à dissocier 3 contributions
au comportement d’ensemble pourtant corrélé :

— le champ lointain rayonné par l’ensemble des nanoparticules (dipolaire),

— le champ proche rayonné par ses plus proches voisines (dipolaire et multipolaire),

— le rôle indirect des interactions (quelles que soient leurs natures) entre des nanopar-
ticules lointaines dont l’influence se transmet à la nanoparticule centrale.

A priori, nous simulons correctement les deux premières contributions mais nous suppo-
sons que la troisième est relativement faible et de portée limitée. Tout compte fait, il s’agit
là encore d’une façon approximative de tenir compte des corrélations. Nous discuterons
de sa validité lorsque nous présenterons les résultats d’optimisation.

Calcul numérique de la permittivité effective Nous souhaitons effectuer des com-
paraisons avec les formalismes de type milieux effectifs que nous avons présentés. Pour
cela, il nous faut définir une permittivité effective qui puisse être calculée numériquement.
Nous avons vu que la fraction volumique ϕv dans le volume V (Fig. III.7) est représentative
d’une assemblée infinie. En adéquation avec la théorie des milieux effectifs, la méthode que
nous employons consiste à moyenner spatialement le champ électrique et le déplacement
électrique dans ce volume pour en déduire la permittivité effective à partir de l’Eq. (III.4).

Pour ce faire, nous avons choisi un ensemble (discret) de points répartis uniformément
dans V . Localement, la valeur de la permittivité ε̃ (scalaire) en chaque point est donnée
par :

ε̃ (r, ω) =

∣∣∣∣∣∣ ε (ω) si ∥r∥ ≤ D/2,
εm sinon.

. (III.27)

La permittivité du métal ε est calculée grâce au modèle de Drude simple, Eq. (I.10). Puis,
grâce à MNPBEM, nous simulons le champ électrique total E (r, ω) en chaque point
(l’ensemble de points en question est représenté par la grille bleue sur la Fig. III.7). On
déduit ensuite le déplacement électrique local D (r) en chaque point grâce à l’Eq. (I.4).
Soit ici :

D (r, ω) = ε0ε̃ (r, ω) E (r, ω) . (III.28)

En effectuant une simple moyenne arithmétique sur l’ensemble des points de V , on obtient
directement le champ électrique moyen E et le déplacement électrique moyen D dans le
volume.
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L’hypothèse centrale des modèles de type milieux effectifs est qu’il existe une per-
mittivité effective εeff vérifiant l’Eq. (III.4). En supposant que le matériau est isotrope,
εeff = εeff13, où εeff est la permittivité effective (scalaire) du matériau. En projetant
l’équation précédente sur n’importe laquelle des directions α = x, y ou z, on montre que
εeff vérifie :

∑
r∈V

Dα (r, ω) = ε0εeff
∑
r∈V

Eα (r, ω) , (III.29)

où Dα et Eα sont les composantes cartésiennes des champs dans la base usuelle (ux,uy,uz).

Dans ce qui va suivre, les systèmes que nous étudierons respecteront systématiquement
des symétries planaires par rapport aux trois plans principaux passant par l’origine. 14

Nous avons choisi de plus de considérer une polarisation selon uz. Dans ces conditions, on
montre aisément que D et E sont colinéaires et dirigés selon uz. D’où Dα = Eα = 0 dans
les deux autres directions. Le seul cas où l’Eq. (III.29) a un intérêt est donc pour α = z.

Finalement, la permittivité effective du volume V est obtenue en effectuant un simple
rapport de sommes 15 :

εeff (ω) = Dz (ω)
ε0Ez (ω)

=

∑
r∈V

Dz (r, ω)

ε0
∑
r∈V

Ez (r, ω) (III.30)

Pour résumer, de façon explicite, lorsque l’assemblée est soumise à un rayonnement de
pulsation ω, la permittivité effective du volume V , de fraction volumique ϕv, est calculée
numériquement grâce à la relation suivante :

Permittivité effective d’une assemblée (approche numérique)

εeff (ω) =

∑
r∈V

ε̃ (r, ω)Ez (r, ω)∑
r∈V

Ez (r, ω) (III.31)

où

� ω est choisi en entrée,

14. Une assemblée « infinie », vérifie ces symétries. Nous ne perdons donc pas en généralité en effectuant
cette restriction.

15. Pour une organisation cubique simple et impliquant les symétries planaires évoquées plus haut, en
pratique, les sommes ne sont en fait effectuées que pour x ≥ 0 et y ≥ 0, ce qui a permis de réduire le
poids du calcul numérique par un facteur 4.
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� ε̃ (r, ω) est obtenue directement grâce à l’Eq. (III.27) en fonction de ω,

� Ez est calculé numériquement en chaque point r grâce à MNPBEM.

Il ne reste qu’à déterminer le nombre de nanoparticules, le maillage de surface des
nanoparticules, ainsi que la densité de points dans le volume V permettant d’obtenir
une évaluation fiable des moyennes dont nous avons besoin. Il s’agit en fait d’une étude
d’optimisation et de convergence dont nous allons maintenant présenter les grandes lignes.

III.2.4 Optimisation et validation de la méthode numérique

Rappelons que notre système de référence est une assemblée de nanoparticules d’ar-
gent organisée sur un réseau CS dans une matrice de permittivité diélectrique élevée.
Pour éviter toute ambiguïté, nous insistons sur le fait que la méthode que nous venons de
présenter implique deux discrétisations de natures différentes :

� Les surfaces des nanoparticules sont discrétisées. Il s’agit d’une collection de facettes
élémentaires. Nous y faisons référence en tant que distribution de maillage.

� Le volume élémentaire est discrétisé. Il s’agit d’un ensemble de points répartis uni-
formément au sein du volume V contenant la particule centrale. Nous y faisons
référence en tant que grille.

Nous cherchons ici à déterminer les caractéristiques optimales de ces deux discrétisa-
tions. L’étude de la distribution du maillage nous permettra également de mieux décrire
l’importance relative des interactions de plus ou moins longue portée au sein d’un agrégat.

Optimisation de la grille et de la distribution de maillage Nous avons commencé
par déterminer le nombre de points de la grille permettant d’atteindre la convergence
lors du calcul des champs moyens (c’est-à-dire les sommes de l’Eq. (III.29)). Nous avons
considéré un agencement cubique de 53 nanoparticules, dont la distribution de maillage
(facettes) était la plus fine possible tout en minimisant le temps de calcul nécessaire.
Puisque nous cherchons à obtenir des spectres, nous souhaitons obtenir les résultats pour
une seule longueur d’onde en moins d’une heure. La permittivité effective a été simu-
lée pour différentes fractions volumiques et à plusieurs longueurs d’onde voisines de la
longueur d’onde de résonance du système LSPR préalablement estimée.

La fraction volumique maximale a été fixée à ϕv = 0.45. Pour des particules de 20 nm
de diamètre en organisation CS, cela correspond à une distance interparticule minimale
d’environ 1 nm. 16 Comme l’illustre la Fig. III.9, nous avons progressivement diminué le
nombre de points.

16. On rappelle que la limite théorique pour un empilement CS de sphères dures (cas de contact) est
ϕmax,CS

v = 0.52.
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Figure III.9 – Évolution et convergence de la permittivité effective en fonction de la densité de points
de calcul pour une fraction volumique faible (à gauche) et élevée (à droite) pour des longueurs d’onde
voisines des LSPR respectives. Les points de la grille sont distribués régulièrement dans le repère cartésien
(∆x = ∆y = Deltaz =cste.).

On constate qu’à faible fraction volumique (à gauche), on obtient une résonance à
434 nm. 17 La convergence est atteinte rapidement, l’utilisation d’une grille contenant
153 points aboutit au même résultat qu’avec une grille de 413 points à 3% près quelle
que soit λ. À forte fraction volumique (à droite), on obtient une résonance à 940 nm.
La convergence est plus lente. 213 points aboutit au même résultat que 413 points à 3%
près, quelle que soit λ. Cette convergence plus lente est logique, elle reflète le fait que
les variations locales du champ électrique sont plus importantes qu’à fraction volumique
faible.

Cette illustration est donnée pour la partie imaginaire de la permittivité effective
(Eq. (III.31)), mais les résultats sont tout à fait similaires pour la partie réelle. L’étude
approfondie est disponible par ailleurs.

Conclusion : une grille contenant 213 points a été retenue. Nous avons vérifié que pour
ϕv ≤ 40%, cela permet de s’approcher d’une précision de l’ordre de 1 nm sur λr et de
l’ordre de 2% sur max [Im (εeff)].

Nous avons ensuite étudié l’influence du maillage. La finesse de la distribution de
maillage limite les possibilités de calcul, il n’était donc pas possible d’obtenir des valeurs
de référence pour un « grand » agrégat avec un maillage très fin. Nous avons donc procédé
par itération en partant d’un agrégat cubique en 3×3×3 et en ajoutant des nanoparticules
de plus en plus lointaines (sans briser les symétries, précieuses en termes de temps de

17. La résonance correspond au maximum du spectre de Im (εeff).
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calcul). À chaque ajout de nouvelles particules, nous avons veillé à utiliser les maillages
les plus fins possibles. Des agrégats types sont présentés sur la Fig. III.10.

Figure III.10 – Exemples d’agrégats étudiés pour l’optimisation et les études de convergence. Le nombre
de nanoparticules qu’ils contiennent est indiqué en dessous.

La Fig. III.11 donne un exemple de résultats obtenus pour un agrégat cubique en
5 × 5 × 5. 18 Les résultats pour la partie réelle de la permittivité sont similaires.

Figure III.11 – Évolution de la permittivité effective en fonction de la longueur d’onde au voisinage de
la résonance pour différentes distributions de maillage de surface dans un système en forte interaction.
Les valeurs très élevées de la permittivité effective découlent de la valeur de la permittivité de la matrice
(cf proportionalité Eqs. (III.15) et (III.19)).

Sur cette figure, il faut comparer chaque courbe au système le plus fin que nous
ayons pu simuler : la courbe verte. Qualitativement, trois observations nous semblent
intéressantes :

(1) En comparant avec la courbe noire, on constate que si les premières voisines sont
grossièrement modélisées (60 facettes), cela induit un décalage de la résonance. Il découle
de la mauvaise description des interactions dipolaires.

18. Les résultats que nous avons obtenus pour des agrégats plus grands sont qualitativement similaires.
Cependant, le temps de calcul étant beaucoup plus important, les vérifications n’ont été effectuées qu’à
deux voire trois longueurs d’onde. Les graphiques obtenus sont donc moins évocateurs et ne seront pas
reportés ici.
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(2) En comparant avec la courbe rouge, on retrouve le fait qu’un maillage de 400
facettes pour la particule centrale est suffisant même lorsque le système est en forte
interaction [110, 145]. 19

(3) La comparaison entre les courbes verte et jaune nous semble la plus intéressante.
On constate qu’à partir des 4èmes particules voisines, l’utilisation d’un maillage plus fin
que 60 facettes n’est pas impératif. 20 Sur le plan technique, cela signifie que les interac-
tions entre deux particules lointaines peuvent être modélisées grossièrement sans que cela
n’ait d’influence significative sur le comportement de la nanoparticule centrale. Cette ob-
servation renforce la légitimité de notre approche. Par ailleurs, cela permet aussi d’évaluer
le nombre de particules que l’on peut simuler à puissance de calcul donnée. Enfin, sur le
plan théorique, cela illustre une potentielle estimation de la portée des corrélations.

Conclusion : nous avons sélectionné la distribution de maillage correspondant à la
courbe jaune (400 400 256 144 144 60 60 60 etc). Nous estimons ainsi une précision de
l’ordre de 5% pour l’amplitude de la permittivité effective et de l’ordre de 1 nm pour la
position spectrale de la résonance.

Cette étude d’optimisation permet également d’illustrer la différence de point de vue
avec l’approche analytique de Torquato pour laquelle l’approximation centrale consiste à
prendre en compte les corrélations, mais limitées à des corrélations à 3 corps [179]. En ce
qui nous concerne :

Conclusion sur la prise en compte des corrélations

Nous considérons que toutes les corrélations doivent être prises en compte (c’est-à-
dire jusqu’à NNP-corps où NNP est le nombre total de nanoparticules) mais que leur
influence diminue lorsque la distance qui sépare chaque particule de la région d’intérêt
augmente, ce qui permet de modéliser grossièrement les champs proches rayonnés par
les particules lointaines.

Influence du nombre de particules Les paramètres d’entrée permettant de modéliser
les assemblées ayant été déterminés, nous avons pu étudier l’influence du nombre de
particules.

19. L’étude détaillée est disponible par ailleurs. Quantitativement, nous trouvons des erreurs < 1 nm
sur la position et < 5% sur l’amplitude.

20. Les erreurs sont les mêmes que celles données dans la note précédente et cette observation a été
confirmée pour des agrégats contenant un plus grand nombre de particules, dans la limite ϕv < 45%.
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La Fig. III.12 présente l’évolution de la longueur d’onde de résonance λr
eff pour un

nombre de particules croissant (cf Fig. III.10) et pour différentes fractions volumiques de
métal. Les erreurs indiquées ont été définies en comparant à l’agrégat le plus grand que
nous ayons simulé (Nmax = 329 nanoparticules), c’est-à-dire :

Variation absolue ≡
∣∣λr

eff,N − λr
eff,Nmax

∣∣ (III.32)

et

Variation relative ≡
∣∣λr

eff,N − λr
eff,Nmax

∣∣
λr

eff,Nmax

. (III.33)

Figure III.12 – Convergence de la longueur d’onde de résonance effective du volume V en fonction du
nombre total de nanoparticules et de la fraction volumique de métal (à gauche). Les erreurs absolues (au
centre) et relatives (à droite) sont définies Eqs. (III.32) et (III.33) respectivement.

De façon qualitative, on constate (figure de gauche) que la position de la LSPR effec-
tive de l’assemblée dépend assez peu du nombre de nanoparticules. En fait, le paramètre
crucial est la fraction volumique. De façon plus quantitative (figure centrale), quelle que
soit la fraction volumique, en comparant le plus petit agrégat (27 NPs) et le plus grand
(329 NPs), le décalage n’excède pas une quinzaine de nanomètres. D’autre part (figure
de droite), à partir de 179 particules, la variation relative reste < 0.5%. Notre approche
de calcul sur un « volume élémentaire » situé au centre d’un agrégat de taille fini semble
donc relativement bien adaptée à l’étude de la position spectrale de la LSPR.

En revanche, en ce qui concerne la valeur de la permittivité effective à la résonance,
nos résultats semblent moins satisfaisants.
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Figure III.13 – Convergence de la permittivité effective du volume V à la résonance en fonction du
nombre total de nanoparticules et de la fraction volumique de métal (à gauche). Les erreurs absolues
(au centre) et relatives (à droite) sont définies de la même façon que précédemment (cf Eqs. (III.32) et
(III.33)).

De la même façon que pour la longueur d’onde de résonance, la Fig. III.13 présente
la partie imaginaire de la permittivité à la résonance εr

eff et la variation relative asso-
ciée. Les résultats sont tout à fait similaires pour la partie réelle. Qualitativement (figure
de gauche), on observe bien un début de convergence. Quantitativement, les choses sont
moins évidentes, une variation de l’ordre de 20% demeure, notamment pour une frac-
tion volumique élevée. Nous y reviendrons dans la section consacrée aux perspectives.
Les interprétations relatives à l’amplitude de la résonance seront donc effectuées avec
précaution.

Conclusion sur la validité de la méthode numérique

En utilisant une grille de 213 points, la distribution de maillage définie précédemment
(400 400 256 144 60) et 329 particules, nous parvenons à modéliser le comportement
effectif d’une assemblée dense de fraction volumique ϕv ≤ 45% avec une précision de
l’ordre de 3 nm (∼ 0.5%) sur la position du pic principal et 25% sur l’amplitude de la
résonance. Notre approche numérique basée sur le calcul de la permittivité effective
d’un volume élémentaire est bien adaptée pour étudier qualitativement la validité
des modèles analytiques concernant la position de la LSPR effective d’une assemblée
« infinie ».

Extension à d’autres systèmes Nous avons vérifié que les précisions que nous pré-
sentons sont systématiquement améliorées lorsque la fraction volumique d’inclusions est



Chapitre III : Assemblées de nanoparticules 116

< 45% et/ou si un autre matériau que l’argent est considéré et/ou si la matrice est de
permittivité diélectrique plus faible.

III.3 Résultats et discussion
Dans cette section nous comparons les résultats des simulations numériques aux mo-

dèles analytiques que nous avons présentés : Maxwell Garnett (III.15b) et Torquato
Eq. (III.19). Nous étudierons les tendances générales, puis nous nous concentrerons sur
la position spectrale de la LSPR. Nous verrons que les simulations numériques sont en
bon accord avec les prédictions de Torquato et al, ce qui nous permettra de proposer
des limites de validité du modèle de Maxwell Garnett en termes de fraction volumique
d’inclusions et d’organisation spatiale.

III.3.1 Comparaison des approches

Tendances générales Ici, nous présentons succinctement les spectres de permittivité
effective obtenus par notre méthode numérique et nous les comparons qualitativement
aux modèles analytiques.

Nous présentons là encore le cas le plus défavorable : des assemblées de particules
d’argent, en organisation cubique simple (CS) et en matrice de permittivité élevée. Sur la
Fig. III.14, la partie réelle (à gauche) et imaginaire (à droite) de la permittivité effective
d’une assemblée sont représentées. Elles sont décrites grâce aux trois approches que nous
avons présentées :

— le formalisme analytique de Maxwell Garnett (en noir), Eq. (III.15b),

— le formalisme analytique de Torquato (en orange), Eq. (III.19),

— l’approche numérique que nous venons de présenter (en bleu), Eq. (III.31), appliquée
à un agrégat de 329 nanoparticules.

Observations générales sur la réponse optique d’une assemblée

Pour les trois approches, on observe un pic principal. Lorsque ϕv augmente on observe
un décalage vers le rouge de ce dernier. Ce décalage a déjà été décrit pour le dimère
(Fig. II.16), il découle de l’augmentation des interactions.
On observe également une augmentation de l’amplitude du pic lorsque ϕv augmente.
Cette augmentation est plus marquée que pour le dimère (Fig. II.16).
Enfin, l’approche de Torquato et notre approche numérique prédisent un pic secon-
daire. Son amplitude augmente lorsque ϕv augmente mais reste toujours plus faible
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Figure III.14 – Résultats des simulations numériques de la dépendance spectrale de la permittivité
effective d’une assemblée, pour différentes fractions volumiques de métal. Comparaison aux modèles
analytiques. Partie réelle à gauche, partie imaginaire à droite. Particules d’argent de 20 nm de diamètre
en matrice de permittivité élevée, εm = 7. L’échelle en ordonnée est indiquée par le segment vertical.

que celle du pic principal (rapport d’amplitude de l’ordre de 15%). Le pic secondaire
se décale vers le bleu lorsque ϕv augmente. Cette excitation n’est pas décrite par
l’approche de Maxwell Garnett.

Nature des deux modes de résonance plasmon L’approche numérique et l’ap-
proche analytique de Torquato permettent toutes les deux de décrire l’excitation de deux
modes plasmon, mais l’un des avantages de l’approche numérique est la possibilité d’étu-
dier la nature des excitations plasmoniques par l’intermédiaire des densités de charge
surfacique. Ainsi, dans ce paragraphe, nous étudions plus en détail la nature des deux
excitations.

Sur la Fig. III.15, nous avons représenté les charges de surface induites à la longueur
d’onde d’excitation du pic principal. Pour cette illustration un agrégat de 179 nanopar-
ticules a été considéré, il est représenté en entier à gauche. La figure de droite est un
agrandissement sur les 27 nanoparticules centrales. On retrouve ici l’excitation dipolaire
collective et uniforme à laquelle nous nous attendions : cette excitation correspond bien
au « mode uniforme ».

Sur la Fig. III.16, nous avons représenté les charges de surfaces associées à l’excitation
de haute énergie (deuxième mode). L’agrégat étudié est le même qu’à la figure précédente,
il est représenté en entier à gauche. Son étude graphique en 2D est plus compliquée. Des
représentations dans les deux plans principaux xy et xz sont données au centre (centre
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gauche et droite respectivement). La figure de droite est un agrandissement sur les trois
nanoparticules centrales dans la direction x.

L’interprétation associée est incertaine, nous nous contenterons de donner des pistes
de réflexion. Sur la nanoparticule centrale, on observe quatre pôles de charge, on peut donc
penser à une excitation quadripolaire. Sur les nanoparticules qui l’entourent, on en observe
plutôt huit, on peut donc penser à une excitation octopolaire. Sur les représentations
planes, on devine une périodicité des charges de surface portées par chaque nanoparticule,
on peut donc penser à une excitation collective, de nature non uniforme ou périodique. 21

L’intérêt pratique de cette excitation dans l’UV est moindre, dans cette étude son prin-
cipal intérêt est en fait de renforcer les deux approches en question et de souligner une fois
encore l’importance des corrélations multiples. Dans ce qui suit, nous nous concentrerons
sur l’excitation uniforme de plus basse énergie.

Écarts entre les approches Ici, nous étudions plus précisément le pic principal de la
Fig. III.14 tel qu’il est décrit par les trois approches qui nous intéressent.

Pour ϕv = 10%, les trois approches sont en très bonne adéquation (écart relatif sur
l’amplitude et la position de la LSPR < 1%). Cela permet de valider notre approche
numérique, au moins dans un cas avec peu d’interactions.

Pour ϕv > 10%, concernant l’amplitude de la résonance, lorsque ϕv augmente, l’ap-
proche numérique décrit une augmentation plus importante qu’avec les approches analy-
tiques. Cependant, la précision de la méthode numérique ne permet pas de discuter des

21. Nous n’avons pas effectué de nouvelles simulations numériques qui permettraient de mettre en
évidence une telle excitation à fractions volumiques plus faibles, cf Fig. III.14 Soit les longueurs d’onde
considérées initialement n’étaient pas les bonnes, soit le second pic n’apparaît pas numériquement pour
ϕv ≤ 20%.

Figure III.15 – Représentation des charges de surface pour le pic de basse énergie. Cas d’un agrégat de
179 nanoparticules, ϕv = 30%, εm = 7, λ = 753 nm. Champ incident polarisé selon z.
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écarts en amplitude de façon quantitative (Fig. III.13). Il est probable que cette impréci-
sion conduise à une surestimation de la permittivité à la résonance par notre méthode. En
revanche, en comparant le modèle de Maxwell Garnett à celui de Torquato, on constate
que ce dernier décrit une permittivité plus faible à la résonance. Ce comportement nous
semble être cohérent avec l’idée d’un amortissement plasmon supplémentaire découlant
d’interactions plus importantes. Dans ce qui suit, nous nous concentrerons sur les lon-
gueurs d’onde à la résonance.

L’évolution de la position de la LSPR en fonction de ϕv, est représentée à gauche sur
la Fig. III.17 pour les trois approches.

En ce qui concerne les données issues de l’approche numérique (en bleu), on rappelle
que lors de l’étude de convergence, nous avons vu que lorsque le nombre de particules
augmente de 179 à 329, les variations de λr sont inférieures à 3 nm. Si l’on considère que
les barres d’erreurs de la méthode numérique devraient être de ±3 nm, alors elles seraient
plus petites que les points bleus.

À propos des écarts entre les approches, on constate que le décalage vers le rouge,
lorsque ϕv augmente, est plus marqué en utilisant Torquato qu’en utilisant notre approche
numérique. Pour l’approche de Maxwell Garnett, l’inverse est observé. Concrètement, en
se basant sur l’approche numérique, l’approche de Maxwell Garnett sous-estime l’effet
des interactions tandis que celle de Torquato les surestime légèrement. De façon plus
quantitative, sur la figure de droite, l’écart absolu entre les λr

eff analytiques et numérique
est représenté. On constate que, pour une assemblée d’argent d’arrangement CS en matrice
de permittivité élevée et jusqu’à ϕv = 15%, les écarts en λr

eff entre les approches sont
inférieurs à 5 nm. Mais lorsque la densité augmente, les écarts deviennent importants :

Figure III.16 – Représentation des charges de surface pour le pic de haute énergie. Cas d’un agrégat
de 179 nanoparticules, ϕv = 30%, εm = 7, λ = 540 nm. Champ incident polarisé selon z.
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Figure III.17 – À gauche, évolution de la position spectrale du pic principal en fonction de la frac-
tion volumique d’inclusions pour les trois approches étudiées. À droite, évolution de l’écart absolu (en
nanomètre) entre les approches analytiques et notre méthode numérique déduit de la figure de gauche.
Particules d’argent, D = 20 nm, organisation CS et εm = 7.

pour ϕv = 40%, l’écart entre Maxwell Garnett et l’approche numérique est de 100 nm
contre 30 nm pour l’approche de Torquato.

Conclusions sur la validité des approches analytiques

L’accord entre la description analytique de Torquato et notre approche numérique est
meilleur qu’avec le modèle de Maxwell Garnett (déjà visible sur la Fig. III.14). En
outre, le modèle de Torquato et col. et nos résultats de simulations suggèrent que
les corrélations induisent un effet collectif responsable d’une excitation secondaire de
haute énergie, probablement d’ordre multipolaire. La bonne adéquation dans la des-
cription de l’excitation du mode dipolaire uniforme doublée d’une description similaire
d’un deuxième pic de plus haute énergie, permettent une validation mutuelle des deux
approches ; cela renforce notre confiance dans les valeurs du paramètre d’interaction
organisationnel ζ (cf Annexe A.18 p. 232).

Influence de la nature des matériaux L’étude de référence pour l’argent dans une
matrice de permittivité élevée nous garantit des précisions similaires (ou meilleures) pour
l’or et/ou pour des matrices de permittivité plus faible. Nous pouvons donc changer le
métal et la matrice à paramètres numériques identiques. 22

22. Les simulations pour l’or ont été effectuées en utilisant les résultats expérimentaux d’Olmon et
coll. [92] pour le massif. Nous rappelons que, pour d’autres matériaux que l’argent dans matrice de
permittivité élevée, il faut être vigilant quant au choix du modèle pour la permittivité du métal. En
général, dans le cadre de simulations numériques, le plus simple est d’utiliser directement les données



Chapitre III : Assemblées de nanoparticules 121

Sur la Fig. III.18, nous avons représenté la position spectrale du mode uniforme pour
les trois approches et pour trois systèmes. De gauche à droite, nous avons rapporté une
assemblée : d’argent dans une matrice de permittivité élevée, d’or dans une matrice de
permittivité élevée et d’or dans l’air.

Figure III.18 – Influence de la fraction volumique sur la position spectrale du mode uniforme selon les
trois approches étudiées. De gauche à droite, le matériau change puis la matrice.
Remarque : Les barres d’erreurs de la méthode numérique ne sont pas représentées, elles seraient plus
petites que les points bleus utilisés.

De manière générale, indépendamment de la nature des matériaux, on constate que :

— si ϕv → 0, on retrouve le cas d’une particule isolée,

— si ϕv augmente, le mode dipolaire uniforme se décale vers le rouge,

— l’adéquation entre notre approche numérique et l’approche de Torquato est la meilleure,

— Maxwell Garnett sous-estime l’effet des interactions.

Plus spécifiquement, on peut étudier l’influence de la nature du métal en comparant
les figures de gauche et du centre (pour les lesquelles εm est fixé). On constate que le
décalage (relatif) vers le rouge est plus marqué pour l’argent. Ce résultat était prévisible,
cf discussion relative à la Fig. III.5. On souligne que ce résultat met en lumière l’influence
de la nature du métal sur les écarts entre les différents modèles et donc sur leur validité
(nous y reviendrons à la Sec. III.3.2 p. 123). Concrètement, à ϕv et εm fixés, les écarts
relatifs sur λr

eff entre les modèles sont légèrement plus importants pour l’argent que pour
l’or.

expérimentales. Au besoin, des données brutes peuvent être corrigées pour y intégrer des effets de taille
finie.
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On peut également étudier l’influence de la nature de la matrice en comparant les
figures du centre et de droite (pour lesquelles ε est fixé). On constate que le décalage (re-
latif) vers le rouge augmente lorsque εm augmente. Ce résultat était également prévisible,
voir le rôle du paramètre εm dans les Eqs. (III.15b), (III.16) et (III.19) (respectivement
p. 88, 89 et 96). Ce résultat met également en lumière l’influence de la permittivité de
la matrice sur les écarts entre les différents modèles et donc sur leur validité (nous y
reviendrons à la Sec. III.3.2 p. 123). Concrètement, à ϕv et ε fixés, les écarts relatifs sur
λr

eff entre les modèles sont nettement plus importants que la permittivité de la matrice
est grande.

Enfin, en se basant uniquement sur l’approche numérique, le Tab. III.1 rapporte des
données quantitatives concernant les influences respectives du métal, de la matrice et de
la fraction volumique. Il permet de se donner une idée du rôle respectif de ces paramètres.

Tableau III.1 – Influence de la nature des matériaux sur le décalage vers le rouge du mode uniforme
lorsque la fraction volumique augmente prédit par l’approche numérique. Les valeurs renseignées corres-
pondent aux points bleus de la Fig. III.18.

Influence de la taille des particules Nous ne l’avons pas rapporté ici par souci
de concision, mais nos études ont confirmé l’une des hypothèses du modèle de Maxwell
Garnett : la taille se simplifie du modèle (voir le paragraphe « Effet de taille » p. 91). Nos
simulations pour différents diamètres ont montré que lorsque les distances interparticules
sont supérieures à ∼ 1 nm, le décalage en longueur d’onde du pic plasmon ne dépend que de
ϕv ∝ (D/d), ce qui nous semble tout à fait remarquable sur le plan théorique. Cependant,
ces simulations ont été effectuées dans l’approximation quasi-statique et lorsque la taille
des particules augmente, des effets dynamiques devraient conduire à une disparition de
cette propriété.

Pour finir, nous donnons les conclusions générales que nous avons pu tirer des com-
paraisons entre les approches analytiques et notre approche numérique.



Chapitre III : Assemblées de nanoparticules 123

Conclusions générales déduites de l’approche numérique

Tous les modèles ont des tendances similaires :

— une augmentation de ϕv engendre une augmentation des interactions et du dé-
calage vers le rouge,

— une augmentation de εm engendre une augmentation des interactions et du
décalage vers le rouge,

— une amplification des LSPR (par exemple en remplaçant l’or par l’argent) en-
gendre une augmentation des interactions et du décalage vers le rouge.

Pour des assemblées diluées, le comportement effectif est décrit de la même façon
par les trois approches. Lorsque la densité augmente, l’accord entre nos simulations
numériques et l’approche analytique de Torquato est relativement bon, indépendam-
ment des matériaux considérés. Néanmoins, l’écart entre les deux augmente lorsque
ϕv augmente. Pour finir, le modèle de Maxwell Garnett sous-estime l’effet des inter-
actions d’autant plus que ϕv augmente.

Nous reviendrons sur les possibilités d’amélioration dans la section consacrée aux
perspectives.

III.3.2 Problème des interactions et validité du modèle de Max-
well Garnett

Cette section conclura notre discussion des interactions dans une nanostructure plas-
monique.

Dans la section précédente, nous avons validé l’approche analytique de Torquato et
al, Eq. (III.19). Dans cette section, nous laissons de côté la méthode numérique et nous
utilisons l’approche de Torquato comme référence pour étudier la validité du modèle
de Maxwell Garnett, Eq. (III.15b). En particulier, nous souhaitons établir des limites
qualitatives pour le formalisme en ce qui concerne la position spectrale de la LSPR effective
d’une assemblée, voir résumé dans l’Eq. (III.26).

Nous avons mentionné le fait que la limite de validité du modèle de Maxwell Garnett
usuellement acceptée est ϕv ≃ 10% et que cette limite est controversée. Au cours de cette
étude, nous cherchions notamment un critère plus quantitatif. Un tel critère n’a pas pu
être déterminé analytiquement, mais nous allons voir que le métal, la matrice et le type
d’agencement doivent être considérés « au premier ordre ».
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Grâce aux dépendances ζ (ϕv), illustrées sur la Fig. III.4 p. 97 (à gauche), nous pouvons
comparer les deux formalismes analytiques qui nous intéressent et proposer une estimation
plus spécifique des limites du formalisme de Maxwell Garnett. Pour ce faire, introduisons
l’écart relatif entre les longueurs d’onde de résonance décrite par les deux modèles, définis
dans l’Eq. (III.26) par :

Écart relatif attendu ≡
∣∣λr

MG − λr
Torq.

∣∣
λr

MG
.

Sur la Fig. III.19, nous présentons le cas de l’or. La figure du dessous, pour l’argent, sera
introduite ensuite. En comparant les graphiques de gauche et de droite, on retrouve le
rôle important de la matrice. À la matrice de permittivité fixée, à droite par exemple, on
constate également le rôle crucial de l’organisation spatiale.

Quand peut-on faire confiance au modèle de Maxwell-Garnett
en termes de position spectrale de la LSPR ?

À gauche, on voit par exemple que pour une organisation de type CS, le modèle
de Maxwell Garnett semble bien adapté pour décrire le comportement d’assemblées or-
ganisées dans une matrice de permittivité faible (vide, air, etc) et cela même pour des
fractions volumiques élevées : jusqu’à 30% en métal, l’erreur commise est inférieure à 2%.
Pour des agencements de type CC ou CFC, tout autre paramètre identique, la validité
semble s’étendre jusqu’à 50%. À l’inverse, il semble ne pas être adapté pour des assem-

Figure III.19 – Diagramme de fiabilité de la formule de Maxwell Garnett pour une assemblée de par-
ticules d’or en fonction de la fraction volumique d’inclusions, pour différente permittivité de la matrice,
faible (à droite) et élevée (à gauche) et pour différentes organisations spatiales d’assemblées. Étude en
termes de longueur d’onde de résonance par comparaison avec l’approche de Torquato.
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blées diluées d’organisations aléatoires. Nous insistons donc à nouveau sur l’influence
probablement fondamentale de la distance minimale entre plus proches voisins à ϕv fixée
(c’est-à-dire de la compacité).

En outre, à droite, pour une matrice de permittivité diélectrique élevée (ici εm=7), on
constate que les limites de validité de 2 nm en position de la LSPR, sont systématiquement
réduites. Elle est réduite à 20% pour une assemblée CS d’or et à 40% pour des assemblées
CC et CFC d’or.

En complément, la Fig. III.20 présente un même diagramme de validité dans le cas
d’assemblées d’argent. On observe globalement des tendances similaires, mais les limites
de validité - tout autre paramètre identique - sont systématiquement plus basses pour
l’argent que pour l’or, ce qui est attendu (cf Fig. III.5).

Les diagrammes des Figs. III.19 et III.20 permettent de choisir le modèle adapté pour
la fonction Ξ lors de l’application de l’Eq. (III.26).

Conclusion sur l’influence de la fraction volumique de métal

Finalement, nous pensons que c’est l’omission des paramètres importants que sont
la nature des matériaux et l’organisation spatiale qui sont à l’origine de prises de
positions apparemment contradictoires dans la littérature. Nous avons cité précédem-
ment plusieurs références dans lesquelles les auteurs affirment que le formalisme de

Figure III.20 – Diagramme de fiabilité de la formule de Maxwell Garnett pour une assemblée de parti-
cules d’argent en fonction de la fraction volumique d’inclusions, pour différente permittivité de la matrice,
faible (à droite) et élevée (à gauche) et pour différentes organisations spatiales d’assemblées. Étude en
termes de longueur d’onde de résonance par comparaison avec l’approche de Torquato.
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Maxwell Garnett s’applique même dans le cas d’assemblées très denses et d’autres où
les auteurs affirment à l’inverse que ce modèle est dépassé dès 0.5% en métal. En fait,
ces prises de position ne sont pas contradictoires. Une étude au cas par cas pourrait
permettre d’expliquer les adéquations ou les divergences observées pour chaque sys-
tème... mais nous passons ici sur les perspectives que nous détaillerons après avoir
discuté des limites de cette étude.

III.3.3 Limites de notre approche numérique

Nous avons mentionné le fait que le manque de précision de la méthode numérique
concernant l’amplitude de la résonance limite la fiabilité d’une partie de nos conclusions.
Dans ce paragraphe, nous discutions brièvement des autres limites dont l’étude sera ren-
voyée aux perspectives.

La limite la plus critique de notre étude concerne la dynamique : l’ensemble des si-
mulations numériques a été effectué dans l’approximation quasi-statique (mode « stat »).
Pour décrire un agrégat (ou une assemblée infinie) grâce à une approche théorique solide,
il faudrait tenir compte des effets dynamiques (« effets de retard »). À ce sujet, les choses
se compliquent puisque les approches de Maxwell Garnett et de Torquato reposent égale-
ment sur l’approche quasi-statique (cf Eq. (5) de [66]). Nous n’aurions donc aucun modèle
analytique avec lequel comparer. Nous pourrions penser au modèle de Mie-Maxwell Gar-
nett, Eq. (III.18a). Celui-ci inclut l’expression dynamique de Mie de la polarisabilité d’une
sphère. Mais ce modèle ne tient compte que des effets dynamiques intrinsèques : ceux qui
apparaissent même pour une particule isolée et qui découlent de l’homogénéité du champ
en son sein. Or nous savons que le rôle des effets dynamiques extrinsèques, liés aux in-
teractions entre les particules, est également crucial. Nous avons notamment évoqué le
fait que la dynamique extrinsèque conduit à un effet de forme dans le cas d’agrégats de
taille finie [202, 203]. Certes, la comparaison entre les modèles de Mie-Maxwell Garnett
et notre approche numérique en mode « retardé », pourrait être intéressante. Mais, d’une
part, nous venons de montrer que Maxwell Garnett est limité même en quasi-statique,
d’autre part, les conclusions ne sauraient être solides puisque le formalisme analytique
ne tient compte que d’une partie des effets dynamiques et qu’il n’est pas possible de
dissocier les deux grâce à MNPBEM. Dans cette étude nous avons souhaité « comparer
des approches comparables », d’où le choix de l’approche quasi-statique. En outre, les
simulations numériques sont réalisables en mode dynamique (nous l’avons vérifié), mais
le temps de calcul est multiplié par un facteur 10.

Le temps de calcul et la ressource en mémoire constituent d’ailleurs la deuxième limite
que nous devons mentionner. Pour cette étude, nous avions accès à un serveur de calcul.
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Les simulations présentées ont été effectuées en parallèle sur une cinquantaine de proces-
seurs et le stockage des charges de surface d’un agrégat de 329 particules, nécessitaient
140 Go de RAM. Dans ces conditions (considérables), le calcul de la permittivité effective
de l’agrégat pour une seule longueur d’onde prend environ une heure : un seul point bleu
de la Fig. III.18. De plus, avant d’effectuer ce calcul, il faut avoir pu estimer au préalable
la position de la LSPR. Or, d’une part, cette estimation est difficile à automatiser, d’autre
part, son coût calculatoire est souvent plus important encore que le calcul final.

Enfin, non sans rapport avec le coût calculatoire de notre méthode, une limite im-
portante de la méthode numérique concerne la simulation de système désordonnés (plus
pertinent sur le plan expérimental). Ce sujet sera rapidement abordé en perspective.

III.3.4 Récapitulatif de section

Dans cette section nous avons comparé les résultats de nos simulations numériques et
des modèles analytiques relativement simples. Le centre de notre réflexion était l’étude
des interactions au sein d’une assemblée et notamment des corrélations. Nous avions à
notre disposition :

— Le modèle de Maxwell Garnett : Eqs. (III.15), son domaine d’applicabilité est contro-
versé. Disons qu’il était connu pour s’appliquer au moins à des assemblées diluées.
Nous avons expliqué en quoi ce modèle ne tient compte que des interactions dipo-
laires à deux corps.

— Le modèle de Torquato : Eq. (III.19), celui-ci tient compte des interactions multi-
polaires et des corrélations (jusqu’à trois corps).

— Les simulations numériques grâce à notre méthode de volume élémentaire et de
distribution de maillage, Eq. (III.31). Cette méthode tient compte des interactions
multipolaires et des corrélations à N corps. Les approximations effectuées ont été
discutées dans la Sec. III.2.4 consacrée à l’optimisation de la méthode.

Les comparaisons avec les modèles analytiques nous ont permis de valider notre ap-
proche numérique : nous sommes en mesure d’obtenir le champ et le potentiel moyen dans
un agrégat modélisant une assemblée infinie. Elles nous ont également permi de discuter
de la validité des modèles analytiques.

Inversement, la problématique consistant à chercher une limite au modèle de Maxwell
Garnett en termes de densité de métal est biaisée, même en première approximation.
En effet, la matrice et l’organisation spatiale de l’assemblée ont une influence capitale et
ne peuvent être omises par commodité. Les Figs. III.19 et III.20 résument les domaines
d’applicabilité du modèle de Maxwell Garnett pour des assemblées de particules d’or et
d’argent dans différentes matrices.
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III.4 Conclusion du volet A

Conclusion partielle de chapitre Sur la base des conclusions des deux premiers cha-
pitres, la conclusion du chapitre III referme également le volet A de notre étude concernant
la réponse optique. Dans ce chapitre, nous nous sommes intéressés au comportement op-
tique d’assemblées de nanoparticules plasmoniques. Nous avons d’abord revu en détail les
approches de type milieu effectif les plus couramment employées. Celles-ci permettent de
décrire l’influence de la taille et de la forme des objets constituant l’assemblée (modèle de
Maxwell Garnett et ses extensions). Chaque étape de ce chapitre a été l’occasion d’une
discussion sur la prise en compte des interactions et, à ce sujet, le modèle de Torquato a
été présenté ; il permet de tenir compte de l’organisation spatiale de l’assemblée par l’in-
termédiaire du paramètre d’interaction organisationnel ζ. Nous avons produit un résultat
analytique original pour la position spectrale du mode dipolaire effectif d’une assemblée
dense, Eq. (III.24).

Nous souhaitions effectuer des simulations numériques pour étudier plus en détail le
comportement effectif de ce type de système. Lorsqu’il s’agit d’étudier des assemblées à la
fois « grandes » (en termes de nombre de particules) et denses, les méthodes numériques
dont nous disposons sont toujours limitées ou manquent de flexibilité. Nous avons donc
mis au point une méthode qui permet de limiter le coût du calcul. En ce qui concerne
la position du mode dipolaire effectif, cette méthode a été validée, même dans le cas des
particules d’argent en matrice de permittivité élevée, pour lesquelles les interactions sont
extrêmement élevées.

Finalement, les comparaisons entre calculs analytiques et numériques ont permis de
mieux comprendre le rôle des interactions dans un agrégat contenant de nombreuses par-
ticules et notamment de souligner l’importance de l’organisation spatiale et de la matrice.

Perspectives Nous verrons dans la seconde partie de ce manuscrit que notre étude du
comportement optique et les méthodes numériques que nous avons présentées et proposées
s’insèrent de façon globale à nos travaux de recherche. Cependant, certaines perspectives
sont indépendantes de la seconde partie de notre étude, ici, nous présentons succinctement
les perspectives des études concernant le comportement optique de nanostructures. Nous
y reviendrons en fin de manuscrit lorsque nous dresserons les perspectives générales de
notre travail.

La flexibilité du code sur lequel repose la méthode numérique que nous avons présentée
laisse envisager de nombreuses études qui nous semblent intéressantes. Certaines ont déjà
été évoquées :
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(1) Étude de l’influence de l’organisation spatiale. L’ensemble de nos conclusions
et notamment l’adéquation entre les simulations numériques et le modèle de Torquato
seraient plus solides si des simulations étaient effectuées pour d’autre agencements. À ce
stade, l’organisation aléatoire est exclue d’office, car cela impliquerait la multiplication
du nombre d’agrégats simulés afin de générer des configurations aléatoires et d’en déduire
une moyenne. En revanche pour des agencements organisés sur des réseaux cubique centré
et cubique face centré, le code est d’ores et déjà opérationnel.

(2) Étude de l’influence des effets de retard. Cela consisterait à effectuer les simula-
tions sans approximation quasi-statique. À ce sujet, outre la comparaison éventuelle au
modèle de Mie-Maxwell Garnett, nous serions intéressés par l’étude de la convergence en
nombre de particules : est-il possible d’estimer une limite au-delà de laquelle l’effet de
forme de l’agrégat n’est plus perceptible ? Cette étude serait déjà intéressante à faible
fraction volumique de métal et donc totalement réalisable en termes de temps de calcul.
L’outil numérique est entièrement opérationnel.

(3) Nous souhaitons également étudier la convergence de notre méthode numérique
pour des films de nanoparticules. Étant donné le nombre de particules que l’on peut
considérer, il est quasiment certain qu’une convergence nette serait atteinte. Cela permet-
trait d’une part d’ajouter un ordre de grandeur aux résultats concernant l’effet de forme
des agrégats 2D proposés dans la littérature [202, 203]. D’autre part, il serait possible
d’obtenir une estimation bien plus quantitative de la portée des interactions dans une
nanostructure dense. Là aussi, l’outil numérique est entièrement opérationnel.

(4) De façon générale, une comparaison entre la méthode numérique proposée ici et
les autres méthodes connues de la communauté (DDA, FDTD, etc) serait intéressante.

(5) Étude de l’influence du rapport D/d. Cela pourrait peut-être permettre de relier
le comportement optique d’une assemblée à celui d’un simple dimère en lien avec la loi
proposée par Jain et ses collaborateurs, la plasmon ruler equation dont nous avons parlé
au chapitre précédent, Eq. (II.24). Les contours de cette étude demeurent à établir.

Quel que soit l’intérêt de ces différentes études, il s’agit là de perspectives, car nous
achevons ici le premier volet de notre étude. Celui-ci concernait la réponse optique d’une
nanostructure ; cette réponse apparaît quelques picosecondes après la création d’un plas-
mon. Nous allons maintenant nous intéresser à un phénomène qui en découle et qui ap-
paraît quelques femtosecondes plus tard : la génération d’électrons chauds.





Deuxième partie

Génération d’électrons chauds
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Transition et précisions sur le contexte

Rappel de définition

Nous appelons « porteur chaud », l’électron ou le trou chaud faisant partie d’une
paire électron-trou qui peut être créée lors de la relaxation d’un plasmon. Les énergies
des « électrons chauds » sont supérieures aux énergies issues d’excitations thermiques à
température ambiante, en particulier elles sont supérieures à l’énergie du niveau de Fermi
à 0 K. La distribution d’énergie des porteurs chauds est athermale [45, 69].

Contexte et développement théorique

Implication des électrons chauds (rappel) Le développement théorique des mé-
canismes de génération d’électrons chauds s’est accéléré au début des années 2010 en
lien avec d’intéressantes perspectives d’applications en photovoltaïque et en photocata-
lyse [206]. Plusieurs approches qualitatives ont d’abord été proposées, elles suggèrent que
la génération d’électrons chauds est un canal de libération de l’énergie emmagasinée par
le plasmon [207].

Les électrons chauds sont notamment d’intérêt en photocatalyse assistée par plasmon
[16, 69, 76, 77] et en photocatalyse plasmonique directe [16, 55, 74–78]. Malheureusement,
les temps de relaxation des porteurs chauds sont trop courts pour que leurs comportements
soient directement mesurés par un protocole expérimental [69]. Des approches théoriques
sont donc développées.

Modèles ab initio et leurs limites Pour les métaux massifs ou de très petites par-
ticules, des modèles ab initio sont étudiés. Il sont basés sur les approches TD-DFT et
TD-DFTB (TD-DF tight binding). Pour les nanoparticules, ces approches sont toutefois
limitées à de très petites tailles de nanoparticules [54, 57], le problème central étant de
décrire le comportement d’une grande quantité de particules élémentaires en interaction.
La Fig III.21 présente la quantité d’électrons de conduction dans une particule d’argent
en fonction de son diamètre et résume la principale difficulté.

La taille maximale accessible actuellement grâce aux modèles ab initio est une parti-
cule d’argent de 3.4 nm de diamètre [80]. Mais nous avons vu que les effets de confinement
limitent la quantité d’énergie lumineuse absorbée. Pour de si petites particules, cela réduit
considérablement la quantité d’énergie valorisable à travers les électrons chauds.

Modèles semi-analytiques Au cours de cette thèse, nous nous sommes donc intéres-
sés à une seconde catégorie de modèles. En 2013, Govorov et coll. utilisent une descrip-
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Figure III.21 – Évolution du nombre d’électrons de conduction dans une nanoparticule d’argent en
fonction de son diamètre. Les tirets indiquent la limite actuellement atteinte en TD-DFTB [80].

tion microscopique du phénomène et proposent un modèle qui permet une description
qualitative de l’excitation d’électrons chauds par le plasmon [53], alors inaccessible ex-
périmentalement [47]. Plusieurs améliorations ont ensuite été proposées par cette équipe
[47, 49, 208, 209], sur lesquels nous reviendrons ponctuellement. Une autre proposition a
été faite par Manjavacas et coll. en 2014 [50]. Le principal intérêt de ces approches est
qu’elles permettent de décrire la génération d’électrons chauds dans des particules dont
le diamètre peut atteindre 40 nm : gamme de taille où les effets de confinement sont
beaucoup moins importants, cf Fig II.8.

Les points de vue adoptés par les deux équipes ne sont pas tout à fait identiques (nous
y reviendrons Sec. IV.3.1), mais les formalismes finaux sont semblables. De façon générale,
ces modèles font intervenir une description hybride classique/quantique du mécanisme de
génération. La figure III.22 schématise l’idée générale de ces approches qui peut être
résumée en trois points :

(1) L’état fondamental de la nanoparticule est décrit par une modélisation quantique
de sa configuration électronique.

(2) La réponse optique induite par le rayonnement est décrite grâce au formalisme
classique (Maxwell).

(3) La modification de la configuration électronique fondamentale sous l’influence du
rayonnement est décrite par la théorie quantique des perturbations dépendantes du
temps.

Dans la première partie de ce manuscrit, nous avons présenté des méthodes analy-
tiques et numériques qui permettent de traiter le point (2). Nous allons maintenant étudier
la configuration électronique. Nous commencerons par la configuration électronique fon-
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Figure III.22 – Représentation schématique du modèle de génération d’électrons chauds retenu.

damentale d’une nanoparticule (1) puis nous présenterons le formalisme qui permet de
décrire la génération d’électrons chauds (3). Le cas d’une nanoparticule isolée sera notre
étude de référence (Chap. IV) puis nous étudierons le cas du dimère (Chap. V).

Le cas de particules d’argent dans la gamme de taille 2 à 20 nm de diamètre sera
étudié. Il y a deux principaux intérêts à ce choix :

— Un intérêt applicatif : à dimension fixée, parmi les métaux nobles les nanoparticules
d’argent présentent les efficacités d’absorption les plus importantes (cf Ch. II et
III).

— Un intérêt calculatoire : l’excitation des électrons de cœur (transition interbande) de
l’argent impliquent l’irradiation par des photons d’énergies plus élevées (de l’ordre de
3.8 eV) [93]. Cette caractéristique permet d’abord de ne considérer que les électrons
de conduction dans les calculs et ensuite d’approcher la contribution des électrons
de cœur par un potentiel de type jellium. 23.

23. Les modèles ab initio en DFT permettant d’atteindre les dimensions les plus importantes sont
également basés sur des modèles de type jellium [16]
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L’objectif de ces travaux est à la fois de se rapprocher d’une description quantitative de
systèmes expérimentalement accessibles, et à la fois d’étudier théoriquement l’influence
de différents paramètres (nature du rayonnement, caractéristiques physicochimiques et
géométriques du système) sur le mécanisme de génération [47, 50]. Cela permettra de
comprendre et d’imaginer des protocoles expérimentaux initiant de futures applications
industrielles [12, 16, 47].



CHAPITRE IV
Génération d’électrons chauds par une

nanoparticule isolée

Dans ce chapitre, nous présenterons le modèle de génération d’électrons chauds tel
que nous l’avons construit et interprété, et nous préciserons ses approximations. Cela
donnera lieu à une discussion des formalismes existants. Nous présenterons ensuite les
améliorations que nous avons proposées, en lien avec l’étude de la réponse optique de
nanostructures présentée dans les trois chapitres précédents.

Nous introduirons les observables qui nous ont permis d’étudier la génération d’élec-
trons chauds et notamment d’étudier leur répartition spatiale, ce qui constitue une des
avancées de notre étude. En guise d’application, nous nous intéresserons d’abord au cas
d’une particule isolée qui nous servira de support de comparaison avec de l’existant. Glo-
balement, ce chapitre présente notre formalisme analytique et pose les bases qui nous
seront utiles au chapitre suivant sur l’influence des interactions interparticules.

Principaux objectifs du Chapitre IV

1. Présenter et discuter la configuration électronique fondamentale (sans irradia-
tion) d’une nanoparticule.

2. Présenter les bases théoriques d’un modèle de génération d’électrons chauds
applicable à des particules de diamètre > 3 nm.

3. Interpréter les différents temps caractéristiques qui interviennent dans ce mo-
dèle.

4. Étudier le mécanisme de génération d’électrons chauds dans le cas simple de la
particule isolée et confronter nos résultats à d’autres travaux.

137



Chapitre IV : Génération d’électrons chauds par une nanoparticule isolée 138

IV.1 Configuration électronique d’une nanoparticule
au repos

L’état d’un système contenant N particules de positions r1, r2, ... et rN est décrit
par la fonction d’onde Ψ dont l’évolution au cours du temps est régie par l’équation de
Schrödinger, elle s’écrit ([210] p. 222) :

jℏ
∂

∂t
Ψ (r1, r2, ...rN , t) = H(r1, r2, ...rN , t) Ψ (r1, r2, ...rN , t) , (IV.1)

où H est l’hamiltonien du système qui relie les déplacements au sein du système aux
échanges d’énergie. Lorsque N est grand, compte tenu des interactions mutuelles, la ré-
solution de l’équation de Schrödinger est impossible analytiquement.

IV.1.1 Équation de Schrödinger et approximations

Cette section est consacrée à une méthode de résolution de cette équation pour une
particule d’argent. 1

Nous considérons une particule sphérique isolée et en dehors de toute perturbation
extérieure, c’est-à-dire à température nulle et « dans le noir ». Nous présenterons ensuite
les caractéristiques de la configuration électronique fondamentale obtenue.

Il s’agit ici de :

— clarifier et discuter les approximations employées,

— établir formellement la décomposition des états électroniques qui est à la base du
modèle de génération d’électrons chauds,

— étudier la distribution des niveaux d’énergie (quantification),

— étudier les fonctions d’onde décrivant les états accessibles (orbitales).

Plusieurs approximations permettent de simplifier l’équation de Schrödinger, nous pré-
sentons les plus courantes.

Noyaux immobiles & approximation de cœur gelé Les masses des électrons sont
très faibles par rapport à celles des noyaux ; ces derniers peuvent donc être considérés im-
mobiles (approximation de Born-Oppenheimer). On ne s’intéresse donc qu’aux électrons.

1. Remarque : Une place importante sera consacrée à l’explicitation formelle de la base d’états
propres utilisée et notamment les valeurs propres. Il s’agira de paragraphes assez calculatoires, mais cette
étape nous semble toutefois nécessaire puisque ces coefficients seront au cœur du traitement perturbatif et
des interprétations associées. Nous pensons que ces éléments de démonstration permettront de comprendre
et justifier les choix nous avons effectués et ainsi défendre le modèle que nous utilisons.
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On suppose de plus que seuls les électrons périphériques des atomes sont susceptibles
d’interagir avec les photons. Pour l’argent, nous avons vu que le seuil interbande (4d) →
(5s), est de ∼ 3.5 à 3.8 eV. Dans le visible, cette hypothèse est donc vérifiée. 2 Nous ne
nous intéresserons qu’aux électrons de conduction. Notons que pour une particule d’argent
de 5 nm de diamètre, Ne ≃ 5 104 et Nc ≃ 103.

Finalement, nous appelons configuration électronique fondamentale, la configuration
électronique du cortège d’électrons de conduction à température nulle et en dehors de
toute perturbation. Compte tenu de la gamme de taille qui nous intéresse, la quantité
d’électrons de conduction reste considérable, voir Fig. III.21.

Électrons indépendants En pratique, il existe une interaction coulombienne et une
interaction d’échange qui lie les électrons du système, mais nous considérons que les
électrons de conduction n’interagissent pas. C’est une hypothèse abrupte étant donné que
l’origine même du plasmon découle des interactions entre électrons, elle est cependant
nécessaire à l’établissement du formalisme. Dans ces conditions, la seule interaction d’un
électron avec l’extérieur résulte donc de la présence d’un réseau d’ions immobiles, modélisé
par un potentiel V (r, t).

On peut donc associer une énergie E et une fonction d’onde ψ à chaque électron.
En notant me la masse d’un électron, Les fonctions d’onde vérifient alors l’équation de
Schrödinger monoélectronique, (Ref. [210] p. 33) :

Équation de Schrödinger monoélectronique

jℏ
∂

∂t
ψ (r, t) =

ï
− ℏ2

2me
△ + V (r, t)

ò
ψ (r, t) . (IV.2)

Ici, H0 ≡ − ℏ2

2me
△ + V (r, t) est l’opérateur hamiltonien monoélectronique à l’état fonda-

mental.
On peut tenir compte des interactions entre électrons grâce à des méthodes de type

DFT. Une comparaison entre cette approche et une approche basée sur la DFT a été
effectuée dans [50]. Les résultats finaux ont montré que l’influence des interactions sur
les taux totaux de génération d’électrons chauds est faible. Ce résultat renforce notre
hypothèse.

Régime stationnaire On se place en régime permanent, V (r, t) = V (r), et on cherche
une solution particulière de l’Eq. (IV.2) sous la forme :

2. Certains l’appliquent à l’or dans [211] et [49], ce qui est discutable.
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ψ (r, t) = φ (r)X (t) , (IV.3)

On obtient une solution générale pour la partie temporelle X et une équation découplée
pour la partie spatiale φ :

H0 φ (r) = Eφ (r) , (IV.4)

où E est l’énergie et H0 est un hamiltonien monoélectronique qui s’écrit en fonction de
V (r) (les détails sont donnés en Annexe A.19 p. 232).

Pour V (r) quelconque, une résolution générale n’est pas possible, mais pour une
particule sphérique, d’autres simplifications sont possibles.

IV.1.2 Cas d’une nanoparticule sphérique

Potentiel à symétrie sphérique Pour une nanoparticule sphérique isolée, on considère
une symétrie sphérique du potentiel, V (r) = V (r). Ce qui permet de découpler φ (r)
[210] :

φ (r) = Rl (r)Y m
l (θ, ϕ) , (IV.5)

À droite, les Y m
l sont les harmoniques sphériques, avec l le nombre quantique azimutal et

m le nombre quantique magnétique tel que −l ≤ m ≤ l. Leurs expressions sont rappelées
dans l’Annexe A.22 p. 234. À gauche, Rl est la partie radiale indexée sur l dont l’équation
d’évolution ne dépend que de r. On simplifie encore l’équation de Schrödinger (Annexe
A.20 p. 233), on obtient finalement :ï1

r

Å
∂2

∂r2 r

ã
− l (l + 1) 1

r2 + k2 (r)
ò
Rl (r) = 0 , (IV.6)

où k est homogène à un nombre d’onde, défini par :

k2 (r) ≡ 2me

ℏ2 [E − V (r)] . (IV.7)

Une dernière approximation sur la nature du potentiel permet de mener le calcul à son
terme.

Potentiel jellium Pour une particule d’argent, les électrons de conduction interagissent
peu avec les noyaux, cf Sec. A.3, on peut alors considérer que l’interaction de ces électrons
avec le réseau d’ions est lisse est homogène par morceau. Elle modélise un « bain diffus »
d’ions positifs. C’est le modèle du jellium illustré à la Fig. IV.1. Le potentiel associé
s’écrit :
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Modèle du jellium

V (r) ≡ V (r) =

∣∣∣∣∣∣ −V0 si r ≤ D
2

0 sinon
(IV.8)

où V0 est la profondeur du puits de potentiel. Il existe d’autres manières de modéliser le
potentiel jellium, elles permettent notamment de modéliser plus fidèlement les effets de
surface.

Figure IV.1 – Illustration de l’approximation jellium. Évolution du potentiel ressenti par un électron de
conduction à l’état fondamental en fonction de la coordonnée radiale. À gauche, un potentiel quelconque
de forme relativement complexe. À droite, un potentiel jellium uniforme à l’intérieur et à l’extérieur de
la nanoparticule.
Remarque : illustration de principe, en pratique la variable r est positive.

Expression des parties radiales Nous cherchons à décrire les états liés, i.e. tels que
E < 0 et (−V0) +E < 0. 3 Les nombres d’ondes α ≡ k (r < D/2) et κ ≡ k (r ≥ D/2) sont
caractéristiques de φ (r) à l’intérieur et à l’extérieur de la particule respectivement. Étant
donnée l’approximation jellium, ils sont constants, ce qui permet d’obtenir l’expression
générale des parties radiales : 4

Expressions des parties radiales

Rl (r) =

∣∣∣∣∣∣ Al jl (αr) si r ≤ D
2

Bl h
(1)
l (jκr) sinon

(IV.9)

Les précisions du calcul sont données dans l’Annexe A.21 p. 234. On rappelle que jl est la
fonction de Bessel sphérique de première espèce et de paramètre l et que h(1)

l est la fonction

3. Puisque le potentiel d’extraction des électrons de conduction est WF ≃ 4.5 eV, l’énergie des photons
du visible n’est pas suffisante pour arracher des électrons à la particule.

4. Ce choix découle du comportement asymptotique des fonctions jl et h
(1)
l .
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sphérique de Hankel de premier degré et de paramètre l. Ces fonctions sont rappelées et
illustrées en Annexe, Fig. A.3 p. 217. Al et Bl sont des coefficients de raccordement déduits
des conditions aux limites et de la normalisation. Leurs expressions sont encombrantes,
cf Annexe A.23 p. 234.

IV.1.2.1 Loi de quantification de l’énergie

La loi de quantification de l’énergie dans le puits de potentiel est obtenue en imposant
la continuité de Rl et de sa dérivée au bord de la particule grâce à l’Eq. (IV.9). Les
coefficients Al et Bl (qui s’écrivent grâce aux fonctions de Bessel sphériques) se simplifient
en partie, et on obtient finalement :

Loi de quantification de l’énergie

α
jl−1

(
αD
2
)

jl

(
αD
2
) = κ

hl−1
(

κD
2
)

h
(1)
l

(
κD
2
) . (IV.10)

Puisque α et κ sont fonction de E (Eq. (A.29)), pour chaque valeur de l, cette équa-
tion admet un nombre fini de solutions Enl

, où nl est un index permettant d’indexer les
solutions possibles à l donné. 5

Sur la Fig. IV.2, nous avons représenté l’évolution des parties gauche et droite de
l’Eq. (IV.10) dans le cas particulier l = 2 pour D = 10 nm et V0 = 10 eV 6. Les solutions
de l’Eq. (IV.10) correspondent aux points d’intersection entre les deux fonctions.

Figure IV.2 – Évolution des parties gauche et droite de l’Eq. (IV.10) dans le cas l = 2. α et κ dépendent
de l’énergie selon l’Eq. (A.29). D = 10 nm et V0 = 10 eV.

On peut alors réécrire les expressions des nombres d’onde :

5. C’est une des particularités du modèle par rapport à l’atome d’hydrogène, defacto les solutions
sont indexées sur l et sur nl dépendant de l. On parlera d’état (l, nl).

6. Cette valeur est déduite du potentiel d’extraction, WF = 4.5 eV, la démarche permettant de
l’obtenir est expliqué au paragraphe « Méthode de résolution semi-analytique » p. 144.
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αnl
=
…

2me

ℏ2 (Enl
− V0) (IV.11a)

κnl
=
…

−2me

ℏ2 Enl
(IV.11b)

qui dépendent du niveau d’énergie considéré Enl
et de la profondeur du puits de potentiel

V0. Sur cette figure, l = 2, on constate 23 intersections, soit 23 solutions pour l = 2. Cette
résolution est effectuée pour chaque valeur de l. On observe que quand l augmente, le
nombre de solution diminue. On obtient ainsi une valeur lmax au delà de laquelle il n’y a
plus de solution.

Pour un système donné (i.e. D et V0 fixés), l’Eq. (IV.10) permet de déterminer l’en-
semble des niveaux d’énergie Enl

accessibles pour chaque valeur de l ainsi que les parties
radiales Rnl

. Finalement, à chaque niveau d’énergie Enl
sont associés 2l+1 états dégénérés

correspondant aux m compris entre −l et +l.

IV.1.2.2 Bilan et solution générale pour une nanoparticule sphérique

Pour résumer, chaque état est défini par le triplet (l, nl,m) associé à un niveau d’éner-
gie Enl

solution de l’Eq. (IV.10) et à une fonction d’onde ψl,nl,m qui s’écrit :

Expression des fonctions d’ondes électroniques

ψl,nl,m (r, t) = X0 φl,nl,m (r) e−j
Enl
ℏ t , (IV.12)

avec

φl,nl,m (r) = Rnl
(r)Y m

l (θ, ϕ) (IV.13)

et

Rnl
(r) =

∣∣∣∣∣∣ Anl
jl (αnl

r) si r ≤ D
2 ,

Bnl
h

(1)
l (jκnl

r) sinon.
(IV.14)

Les coefficients Anl
et Bnl

sont définis de façon unique pour un couple (l, nl) donné (cf
Annexe A.23 p. 234).

En indexant sur k l’ensemble des états électroniques ψk, la solution générale de l’équa-
tion de Schrödinger s’écrit comme une combinaison linéaire des états élémentaires :

Ψ (r, t) =
∑

k

bkψk (r, t) , (IV.15)

ou encore :
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Solution générale de l’équation de Schrödinger stationnaire

Ψ (r, t) =
∑

k

ck (t)φk (r) , (IV.16)

avec

ck (t) = bke
−j

Enl
t

ℏ , (IV.17)

Les coefficients bk et ck interviendront lors du traitement perturbatif.

IV.1.3 Étude des états électroniques au repos

IV.1.3.1 Méthode de résolution de la loi de quantification

Remplissage électronique et profondeur du puits A 0 K, les électrons se répar-
tissent par énergie croissante sur les niveaux accessibles, deux électrons par niveau. Le
niveau occupé le plus bas est d’énergie proche de −V0. Le dernier niveau occupé est le
niveau de Fermi, d’énergie eF (énergie de Fermi).

Nous n’avons pas accès à une valeur V0 qui soit directement issue de résultats expéri-
mentaux pour des nanoparticules. Mais nous pouvons relier V0 au potentiel d’extraction
d’un électron WF, qui est une grandeur mesurable, Tab. A.1. 7, 8. Pour illustrer ces para-
mètres, la Fig. IV.3, présente une distribution des niveaux que l’on pourrait obtenir en
résolvant l’Eq. (IV.10).

Pour l’argent massif, les mesures donnent WF = 4.5 eV [212]. Nous considérons que
c’est également le cas pour une nanoparticule et que sa taille n’a pas d’influence signifi-
cative [50, 211]. C’est une approximation. Nous savons en effet que WF varie légèrement
pour de petites nanoparticules d’argent [213, 214], mais les particules qui nous intéressent
sont relativement grosses par rapport à celles étudiées dans ces travaux, (D > 2 nm).

Méthode de résolution semi-analytique Comme il n’existe pas de solution ana-
lytique pour l’Eq. (IV.10) (intersections des courbes sur la Fig. IV.2), on résout cette
équation numériquement pour une valeur de V0 donnée. 9 Il ne reste donc qu’à déterminer
la valeur de V0 qui permette de faire coïncider l’énergie de Fermi calculée au potentiel

7. WF est aussi appelée « fonction de travail ». Pour un atome ou une molécule, elle est équivalente
au « potentiel d’ionisation ».

8. A 0 K, la distribution des niveaux d’énergie est telle que l’énergie du dernier niveau occupé est
égale au potentiel d’extraction.

9. Les fonctions concernées sont déduites des fonctions Besselj et Besselk sous Matlab .
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Figure IV.3 – Illustration du remplissage d’un ensemble de niveaux discrets dans un puits de potentiel
de profondeur V0. A l’état fondamental, le potentiel d’extraction correspond à l’énergie minimale qu’il
faut fournir à un électron pour l’extraire du puits de potentiel.

d’extraction attendu. Pour ce faire, nous avons procédé par dichotomie. Étant donné que
eF est une fonction croissante de V0, il suffit de procéder comme suit :

— choisir une valeur de V0,

— résoudre numériquement l’Eq. (IV.10) pour obtenir les niveaux d’énergies et leurs
dégénérescences, 10

— procéder au remplissage des niveaux jusqu’à épuisement du nombre d’électrons,

— comparer la valeur de eF obtenue et la valeur de WF expérimentale,

— modifier la valeur de V0 à la hausse ou à la baisse...

et ainsi de suite jusqu’à l’obtention d’une valeur telle que eF = −WF à la précision
souhaitée. 11 Les valeurs que nous avons obtenues pour V0 sont de l’ordre de 10 eV pour
des nanoparticules dont le diamètre est compris entre 2 et 20 nm.

Nous pouvons maintenant discuter les principales propriétés qui en découlent. Nous
allons étudier (1) l’évolution de la répartition des niveaux d’énergie et la dégénérescence
en fonction du diamètre, (2) les caractéristiques géométriques des orbitales. Ces propriétés
auront un lien direct avec la génération d’électrons chauds.

IV.1.3.2 Répartition des niveaux d’énergies

Sur la colonne de gauche de la Fig. IV.4, sont présentées les distributions en niveaux
d’énergie pour différents diamètres. En abscisse, on retrouve l’énergie des niveaux acces-

10. La résolution numérique a été effectué grâce à la fonction fzero de Matlab.
11. La précision que nous avons fixée est 3.6 10−5 eV. Cela correspond à un écart d’énergie de 10−5 en

unité atomique (qui sont celles employées lors de la programmation) ; ce choix est relativement arbitraire.



Chapitre IV : Génération d’électrons chauds par une nanoparticule isolée 146

sibles (relativement à l’énergie de Fermi : E − eF). Les niveaux d’énergie occupés sont
représentés en bleu (E − eF ≤ 0) et les états vacants sont en gris.

Figure IV.4 – À gauche, répartition des niveaux d’énergie accessibles. À droite, densités d’états élec-
troniques par unité d’énergie pour différentes tailles, D = 2, 7 et 15 nm). À droite l’histogramme de la
distribution des niveaux a été représentée sous les densités d’états pour guider la lecture. Le paramètre
de convolution gaussienne pour le calcul de la DOS est σ = 10 meV. On rappelle que Nc est le nombre
d’électrons de conduction.
Remarques : cette figure est à visée illustrative ; pour tenir compte des états de spins opposés, il suffit de
multiplier par 2 les données.

Dégénérescence Nous avons vu qu’à un couple (l, nl), sont associés 2l + 1 états de
même énergie (Eq. (IV.5)). Le nombre d’états accessibles sur un même niveau Enl

est
appelé dégénérescence. Globalement, plus l’énergie augmente, plus il existe de niveaux
dégénérés, mais il existe des états faiblement dégénérés dont l’énergie est élevée. Ces états
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sont associés à des couples (l faible, nl élevé). Le Tab. IV.1 donne des exemples des valeurs
maximales de nl et l, la Fig. IV.4 donne deux exemples (en rouge).

Niveaux occupés Tous les niveaux
(Enl ≤ eF) (Enl < 0)

Diamètre lmax nmax
l lmax nmax

l

2 nm 8 4 12 5

10 nm 53 19 73 26

20 nm 111 38 152 52

Tableau IV.1 – Exemple de valeurs maximales de nl et l pour différentes tailles de nanoparticules.

En comparaison avec le cas plus connu de la boîte cubique 3D, une différence notable
réside dans le fait que le couple (nl, l) n’est dégénéré que 2l + 1 fois. Ici, il n’y a pas de
dégénérescence systématique et, dans la gamme de taille étudiée, il n’y a pas non plus de
dégénérescence accidentelle. 12

Densités d’états Qualitativement, on retrouve ici un résultat établi pour d’autres sys-
tèmes (par exemple la boîte cubique 3D) : le nombre d’électrons par unité d’énergie
augmente lorsque la taille de la boîte augmente. La Fig. IV.5 montre l’évolution de l’écart
moyen entre deux niveaux successifs en fonction du diamètre (moyenne arithmétique de
l’écart d’énergie entre niveaux successifs). Un ajustement des résultats obtenus (cercles
bleus), permet de retrouver une évolution 1/D2, bien connue pour la boîte 3D cubique.

En réalité, les électrons interagissent entre-eux et avec leur environnement ce qui
conduit à un élargissement des niveaux inversement proportionnel à la durée de vie de
l’état considéré ([215] p. 13). On rend compte de cet élargissement en effectuant une
convolution gaussienne des distributions discrètes. On obtient une densité d’électrons par
unité d’énergie ou DOS (pour density of states).

La colonne de droite de la Fig. IV.4, présente les DOS associées aux distributions
discrètes (courbes noires au-dessus de l’aire beige). On illustre ainsi la frontière entre deux
échelles : des distributions discrètes pour de petites tailles D ≲ 5 nm et des distributions
en bandes d’énergies pour de plus grandes tailles.

12. Dans le cas d’une boîte cubique 2D de profondeur infinie, on montre, par exemple, que la distribu-
tion des niveaux vérifie : En,p = π2ℏ2

2me

(
n2 + p2), soit En,p = Ep,n. Deux états distincts peuvent donc avoir

la même énergie. Cela découle des symétries du système, on parle de « dégénérescence systématique ».
Avec cette loi, on constate également que E5,5 = E7,1, ne découlant pas directement des symétries du
système, on parle de « dégénérescence accidentelle », Ref. [210] p. 201.
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Pour le calcul des DOS, le paramètre d’élargissement des niveaux a été fixé à σ =
10 meV, soit une durée de vie τe ≃ 60 fs, ce qui est un ordre de grandeur acceptable [50]
(nous y reviendrons à la Sec. IV.2.3.2).

Figure IV.5 – Évolution de l’écart d’énergie moyen entre deux niveaux successifs (meV) en fonction
du diamètre. Les points bleus sont les résultats bruts de nos calculs, la courbe en tirets noirs est un
ajustement en 1/D2.

IV.1.3.3 Géométrie des orbitales

Cette étude est nécessaire pour comprendre la répartition spatiale des électrons chauds.
En outre, l’étude des caractéristiques géométriques des fonctions d’onde a été cruciale
lorsque nous avons dû effectuer des intégrations numériques faisant intervenir les fonc-
tions d’onde. Nous allons voir que les orbitales présentent des allures très différentes,
complexifiant ainsi l’approche numérique, car nécessitant un maillage très fin de l’espace.

Si l’on s’intéresse à un état donné, l et nl fixés, les caractéristiques géométriques des
orbitales sont déduites des Eqs. (IV.13) et (IV.14). Les parties radiales et angulaires étant
découplées, nous séparons les deux études.

Évolution des parties radiales Sur la Fig. IV.6 nous représentons les parties radiales
associées à différentes valeurs de l. Ici D = 2 nm, mais les propriétés énoncées sont
généralisables aux plus grandes tailles :

— lorsque l augmente, le nombre de niveaux accessibles diminue : la valeur de nl

maximale est atteinte pour l faible, ici pour l = 0 et l = 1,

— pour une valeur de l donnée, le nombre de nœuds et de ventres augmente avec
l’énergie (i.e. la valeur de nl),

— pour une valeur de nl (resp. l) donnée, lorsque l (resp. nl) augmente, le maximum
de la partie radiale se rapproche du bord de la nanoparticule.
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Figure IV.6 – Représentation de l’ensemble des parties radiales associées à différentes valeurs de l

permises pour D = 2 nm, cf Tab. IV.1. Les lignes en pointillés représentent le bord de la particule.

Débordement des fonctions d’onde L’étude de la partie radiale des fonctions d’onde
permet d’étudier qualitativement le débordement des fonctions d’onde (spillout), ce qui
sera notamment intéressant lors de l’étude concernant le dimère. Sur la figure précédente,
on voit que les parties radiales des fonctions d’onde prennent des valeurs non nulles
à l’extérieur de la particule (aires beiges) traduisant des probabilités de présence des
électrons de conduction non nulles dans cette région.

Pour quantifier le débordement d’une fonction φk, nous étudions la proportion de la
densité de présence située à l’extérieur de la particule, définie par :

sk ≡

˝
∥r∥≥D/2

d3V|φk (r)|2

˝
d3V|φk (r)|2

=
ˆ ∞

D/2

r2dr |Rk (r)|2 . (IV.18)

D’après l’Eq. (IV.14), sk = snl
, on a plus simplement :

snl
= |Bnl

|2
ˆ ∞

D/2

r2dr
∣∣∣h(1)

l (jκnl
r)
∣∣∣2 . (IV.19)

Nous avons vu que la position du maximum se rapproche du bord de la particule
lorsque nl augmente. De même que le spill-out atomique, on s’attend donc à ce que le
débordement augmente avec l’énergie du niveau. La comparaison entre Enl

et snl
donnée

à la Fig. IV.7 à gauche, montre que c’est globalement le cas, mais il ne s’agit pas d’une
augmentation monotone. Les irrégularités observées découlent de l’alternance de niveaux
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de nl différents. Plus précisément, à nl donné, il augmente avec l et, à l donné, il augmente
avec nl.
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Figure IV.7 – À gauche, évolution du spillout en fonction de l’énergie du niveau, D = 2 nm, la forme des
marqueurs est associée aux nl différents. À droite, spill-out maximal des orbitales occupées (Enl

< eF)
en fonction du diamètre des nanoparticules.

Le cas d’une particule de 2 nm de diamètre qui vient d’être illustré est généralisable à
de plus grandes tailles, la seule différence notable concerne l’amplitude du débordement.
La Fig. IV.7 à droite, présente l’évolution du spillout maximal atteint par les niveaux oc-
cupés en fonction du diamètre. On constate que le débordement maximal diminue quand
la taille de la nanoparticule augmente. 13 Ce phénomène est corrélé à la discrétisation des
niveaux d’énergie (Fig. IV.4) et découle d’une répulsion des électrons plus importante
lorsque l’espace disponible diminue (confinement), en lien avec le principe d’exclusion de
Pauli. Nous savons d’ailleurs que pour les plus petites tailles, les électrons des couches s
subissent une répulsion plus importante de la part des électrons d induisant une augmen-
tation du spillout [87]. Ce phénomène pourrait être décrit grâce à une description plus
fidèle du puits de potentiel, par exemple, en utilisant un potentiel jellium en créneau (un
« jellium en oignon »), modélisant un gradient de potentiel décroissant avec r et non nul
à l’extérieur proche de la particule.

13. On ne retrouverait pas cette monotonie pour de plus petites tailles. Lorsque le nombre d’atomes
diminue, le gap d’énergie entre les niveaux augmente et le remplissage des couches donne lieu à d’impor-
tantes discontinuités dans l’évolution du débordement ([87], pp 263).
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Évolution des parties angulaires Les parties angulaires sont les harmoniques sphé-
riques, Eq. (IV.13). Certaines sont représentées en module carré sur les Figs. IV.8 et
IV.9.

On représente ici la fonction polaire
î
r (θ, ϕ) 7→

∥∥Y m
l (θ, ϕ) + jY −m

l (θ, ϕ)
∥∥2ó pour

chaque couple (l,m). Ces représentations paramétriques permettent d’identifier les di-
rections selon lesquelles la densité de probabilité de présence est élevée (orange). Lorsque
les indices sont faibles, on retrouve les orbitales usuelles en atomistique, voir Fig. IV.9.

Figure IV.8 – Représentation usuelle des harmoniques sphériques d’indices l et m faibles que l’on
retrouve en physique atomique.

Figure IV.9 – Représentation des harmoniques sphériques d’indices l élevés pour différentes valeurs de
m. Il est nécessaire d’utiliser un nombre élevé de points de calcul pour capturer les variations de ces
fonctions. Ici, l = 30.
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Lorsque le diamètre de la particule est grand, des indices l élevés sont atteints lors du
remplissage électroniques (cf Tab. IV.1). Les harmoniques sphériques associées sont plus
exotiques et présentent des variations spatiales importantes. Leurs allures sont complexes à
appréhender numériquement (Fig. IV.9). Ces fonctions nous intéresseront particulièrement
lorsque nous décrirons les états excités d’énergies élevées (électrons chauds).

IV.1.3.4 Densités électroniques à l’état fondamental

La densité électronique totale ρ au point r, s’écrit :

ρ (r, t) = Ψ∗ (r, t) Ψ (r, t) , (IV.20)

Elle correspond au nombre d’électrons par unité de volume à un instant donné. Au repos,
elle est indépendante du temps. Puisque les électrons sont supposés indépendants, elle
s’écrit alors :

ρ (r, t) = ρ (r) ≡
∑

k

Nk ∥φk (r)∥2 , (IV.21)

où la somme sur k s’effectue sur les niveaux occupés Nk est l’occupation de l’état φk.
Il nous sera utile de définir d’autres critères de densité. En intégrant sur un demi-

disque faisant un angle θ par rapport au plan yz, on obtient la densité directionnelle
réduite, ρθ. En intégrant sur une coquille de rayon r centré sur la particule, on obtient
la densité radiale, ρr. Enfin, en intégrant sur l’extérieur de la particule, on obtient le
débordement moyen réduit des électrons, S. Ces trois grandeurs s’écrivent :

ρθ (θ) ≡
´ 2π

0

´∞
0 dϕdr r2ρ (r)

Nc
, (IV.22)

ρr (r) ≡
ˆ π

0

ˆ 2π

0
dϕdθ sinθρ (r) , (IV.23)

S ≡

´ π

0

´ 2π

0

´∞
D
2

dϕdθdr r2sinθρ (r)
Nc

=

∑
k

Nksk

Nc
. (IV.24)

Le fait que les parties radiales et angulaires soient découplées facilite le calcul de ces
intégrales.

A l’état fondamental (dans le noir et à température nulle), l’occupation Nk du niveau
k est décrite grâce à la distribution de Fermi. On a ici : Nk = 2F0

k = 2F0 (Ek), où le « 2 »
rend compte du spin. Si nl indexe le niveau dégénéré d’énergie Enl

, on a :
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F0
nl

= F0 (Enl
) =

∣∣∣∣∣∣∣∣∣
(2l + 1) si Enl

< eF,

N0
eF
/2 si Enl

= eF,

0 sinon.

(IV.25)

N0
eF

est le nombre d’électrons sur le niveau de Fermi (qui peut être partiellement occupé)
divisé par la dégénérescence.

Les expressions des fonctions d’onde permettent de calculer directement ces densités
à l’état fondamental, nous les noterons ρ0, ρ0

θ,ϕ, ρ0
θ, ρ0

r, et S0.

Pour étudier la relation entre l’énergie des électrons et leur répartition spatiale, nous
définissons la densité d’électrons dont les énergies sont comprises entre E1 et E2, notée
ρ[E1,E2] :

ρ[E1,E2] (r) ≡
∑

k|E1≤Ek≤E2

Nk ∥ψk (r)∥2 . (IV.26)

De la même manière, nous utiliserons les observables précédentes (radiale, angulaire, à
l’état fondamental ou non, etc) en tenant compte d’une gamme d’énergie particulière.

Figure IV.10 – Illustration des observables définie précédemment : densités à l’état fondamental. Les
représentations sont expliquées dans le texte ci-contre.

A titre d’illustration et de conclusion, la Fig. IV.10 illustre l’influence de la taille
des particules sur la répartition des électrons à l’état fondamental. Trois grandeurs sont
représentées :
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� à gauche, les « cartographies » de densités électroniques totales dans le plan médian
ρ0 (r, θ, ϕ = 0),

� au centre, les densités électroniques radiales totales ρ0
r,

� à droite, les densités radiales en prenant en compte uniquement les électrons proches
du niveau de Fermi : eF − 1eV ≤ E ≤ eF.

On compare D = 2 et 10 nm sur les mêmes graphes en normalisant la coordonnée radiale
r → 2r/D.

Pour les plus petites tailles, on observe des oscillations de la densité de charge appelées
oscillations de Freidel, [87]. Le phénomène disparaît lorsque le diamètre augmente. A
l’état fondamental, étant donné la symétrie centrale du système, les densités angulaire
et directionnelle sont évidemment homogènes, quel que soit le diamètre. À droite, on
constate que pour les plus petites particules, une partie importante des électrons d’énergie
élevée est concentrée au centre de la particule. On constate également que le débordement
des fonctions d’ondes est (relativement) plus important pour les plus petites tailles, en
cohérence avec le détail concernant le spill-out p. 149 et suivantes.

IV.1.4 Récapitulatif de section

Dans cette section, nous avons présenté un modèle pour décrire la configuration élec-
tronique d’une nanoparticule d’argent. Le calcul repose sur plusieurs approximations qui
ont été précisées. Nous ne nous intéressons notamment qu’aux électrons de conduction
supposés indépendants et subissant l’action d’un potentiel jellium (carré-sphérique). Ce
modèle est presque entièrement analytique, seule la loi de quantification est résolue nu-
mériquement.

Ce modèle nous a permis d’étudier la configuration électronique. Nous avons présenté
les distributions en énergie en fonction de la taille. La géométrie des orbitales a également
été présentée. Nous avons finalement introduit et illustré différentes grandeurs basées sur
la densité électronique utiles pour étudier la répartition spatiale des électrons.

Nous allons maintenant présenter un modèle permettant d’étudier les modifications
de cette configuration fondamentale induites par un rayonnement incident.

IV.2 Modélisation de la génération d’électrons chauds

Dans cette section, nous présentons notre modèle du phénomène de génération d’élec-
trons chauds. Il est inspiré de celui suggéré par Manjavacas et coll. dans [50]. Le modèle
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invoqué a été recomposé et discuté d’après la théorie générale des perturbations (cf C.
Cohen Tannoudji [210]). Le formalisme final est similaire à celui proposé par Govorov
et coll. dans [47, 49]. Nous comparerons ces modèles et discuterons des améliorations
proposées. Un schéma général du modèle a été donné en introduction, Fig. III.22 p. 135.

IV.2.1 Théorie des perturbations dépendantes du temps

IV.2.1.1 Position du problème

Les valeurs propres (Ek) et les fonctions propres (φk) de Ĥ0 viennent d’être présentées.
Supposons qu’à t < 0, le système est dans un état φi. Nous commencerons par déterminer
la probabilité que l’incidence d’un rayonnement induise une transition de cet état vers un
état φf différent. Nous déduirons ensuite le taux de transitions instantanées Γif de l’état
φi vers l’état φf .

Équation de Schrödinger dépendante du temps On considère un hamiltonien
modifié par l’ajout d’une dépendance temporelle apparaissant pour t = 0 :

Ȟ0 (t) ≡ H0 +W (t) , (IV.27)

où W (t) est la perturbation appliquée à l’électron. Dans notre contexte, la perturbation
correspond à l’action du potentiel électrique sur l’électron (e× Vtot (t)).

Hypothèse de faible perturbation On considère un rayonnement d’intensité I0 =
c
√
ε0 E2

0/2π = 1 mW.µm−2. 14 L’amplitude maximale du potentiel à la résonance est
estimable grâce aux Eqs. (II.10b) et (II.11b). La valeur maximale que peut atteindre la
perturbation est alors de l’ordre de 10 meV. Cette valeur est à comparer à la profondeur
du puits de potentiel V0 ≃ 10 eV. 15. D’où ∥H0∥ ≫ |W (t)| ; ce qui indique que la méthode
des perturbations est applicable. 16 En notant W (t) = µW̌ (t), où W̌ est la perturbation
normalisée à la profondeur du puits, avec µ ≫ 1, l’équation de Schrödinger devient :

jℏ
d
dtΨ (t) =

î
H0 + µW̌ (t)

ó
Ψ (t) , (IV.28)

Cette équation est associée à l’état Ψ du système à l’instant t. 17

14. C’est la valeur maximale que l’on retrouve dans ce contexte [50, 209]. C’est une valeur déjà consi-
dérable, puisque cela correspond à environ 1000 soleils en termes d’intensité de rayonnement.

15. Calcul effectué pour D = 5 nm, sans effet de confinement. Cette valeur est encore plus faible si
l’on tient compte des effets de confinement.

16. Pour les états proches du niveau de Fermi, E ≤ eF = −4.5 eV, l’hypothèse reste valable.
17. Les grandeurs Ψ,Ĥ0 et W̌ présentent toutes une dépendance spatiale, nous l’omettons ici par souci

de lisibilité.
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Décomposition sur les états propres de H0 On suppose que les états propres de
H0 forment une base et on décompose l’état du système à l’instant t dessus. D’après
l’Eq. (IV.16) p. 144, l’état du système à l’instant t s’écrit :

Ψ (t) =
∑

k

čk (t)φk , (IV.29)

avec

čk (t < 0) = ck (t) = bke
−jEkt/ℏ , (IV.30)

où les ck définissent l’état d’un électron au repos, avec Ek et φk définis précédemment
(Eq. (IV.10) et Eqs. (IV.12)−(IV.14)). On rappelle que la notation bk correspond aux
instants t < 0 et intervient dans l’Eq. IV.15.

Tout le problème consiste à déterminer l’évolution des čk pour t > 0. Puisque les
valeurs propres Ek sont fixées, la dépendance temporelle supplémentaire ne peut venir
que de b̌k. La perturbation étant faible, on suppose que les b̌k sont lentement variables,
soit :

čk (t > 0) = b̌k (t) e−jEkt/ℏ . (IV.31)

Cette manipulation est le premier pas de la méthode perturbative.

IV.2.1.2 Probabilité de transition entre deux états

En introduisant l’Eq. (IV.29) dans l’Eq. (IV.28), on obtient un système d’équations
différentielles couplées (EDC) pour les fonctions b̌k. En effectuant un développement en
série des b̌k, on peut résoudre ces EDC à l’ordre 1 et en déduire Ψ (t) : l’état du système
à l’instant τ .

Probabilité de transition entre deux états La probabilité qu’un électron initiale-
ment dans l’état ψi soit mesuré dans l’état ψf à l’instant τ est obtenue en effectuant une
projection sur ψf :

P|φi⟩→|φf⟩ (τ) ≡ |< ψf (τ) |Ψ (τ) >|2 , (IV.32)

soit :

P|φi⟩→|φf⟩ (τ) =
∣∣∣∣δif + 1

jℏ

ˆ τ

0
dtWif (t) e jωif t/ℏ

∣∣∣∣2 (IV.33)
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et pour f ̸= i (une « vraie » transition) :

Probabilité de transition (perturbation quelconque)

P|φi⟩→|φf⟩ (τ) = 1
ℏ2

∣∣∣∣ˆ τ

0
dtWif (t) e jωif t/ℏ

∣∣∣∣2 (IV.34)

avec

ωkn ≡ En − Ek . (IV.35)

et

Wkn (t) = ⟨φn| eVtot (t) |φk⟩ (IV.36)

=
˚

d3Vφ∗
k (r)W (r, t)φn (r) (IV.37)

ωif est l’énergie de la transition de Bohr entre les états φi et φf . Les Wif sont appelées
« amplitudes de transition ». Le calcul et l’interprétation des Wif est l’un des points
d’intérêt de notre étude. Concrètement, à un instant t donné, l’amplitude de transition
(i, f) est d’autant plus élevée que le recouvrement spatial entre φi, φf et la perturbation W
est important. Un point de vue analogue considère que Wif traduit l’ampleur du couplage
entre les états φi et φf sous l’influence de la perturbation W .

Sous cette forme, la probabilité de transition entre deux états φi et φf à l’instant τ est
proportionnelle à la transformée de Fourier de la perturbation entre 0 et τ pour l’énergie
associée à la transition de Bohr en question.

IV.2.2 Transition induite par un rayonnement

L’expression de P|φi⟩→|φf⟩ est intéressante, car, si la perturbation est connue, il est
possible à priori de calculer sa transformée de Fourier. Des résultats existent pour des
perturbations de type impulsion ou créneau [210] mais c’est le cas d’un rayonnement
monochromatique qui nous intéresse.

IV.2.2.1 Cas d’un rayonnement monochromatique

Dans notre contexte, on considère W (t) = e Vtot exp (jωt/ℏ), où Vtot est le poten-
tiel total, somme des potentiels incident et induit ; ω est l’énergie des photons incidents.
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D’après leurs définitions (Eq. (IV.37)), les amplitudes de transitions peuvent être décou-
plées : 18

Wif (r, t) = Mif (r) × exp (jωt) , (IV.38)

faisant intervenir les éléments de matrice :

Mif ≡
˚

d3Vφ∗
i (r) eVtot (r)φf (r) , (IV.39)

ou en notation de Dirac :

Mif = ⟨φf | eVtot |φi⟩ , (IV.40)

Chaque Mif correspond à la contribution spatiale de l’amplitude de transition asso-
ciée. Ils traduisent le couplage qui s’opère dans l’espace entre deux états distincts et la
perturbation. Nous les appelons coefficients de couplage.

Application aux probabilités de transition Les probabilités de transition peuvent
alors être déduites directement de l’Eq. (IV.34), en intégrant sur t le produit des expo-
nentielles, on obtient :

P|φi⟩→|φf⟩ (τ) = |Mif |2

4ℏ2

[(
1 − e j

ωif −ω

ℏ τ

ωif −ω

ℏ

)
+
(

1 − e j
ωif +ω

ℏ τ

ωif +ω

ℏ

)]2

. (IV.41)

Deux termes rappelant des sinus cardinaux apparaissent entre crochets. Le premier
résonne pour ωif > 0, correspondant à l’excitation d’un électron. Le second résonne pour
ωif < 0 correspondant à une désexcitation stimulée.

Cas des excitations ωfi > 0 Étant donné le rayonnement visible considéré, ω > 1
eV et le temps caractéristique τ de l’ordre de 10 à 100 fs (nous y reviendrons plus loin),
on montre que le produit de ces deux grandeurs est largement négligeable devant leurs
sommes quelle que soit ωfi. Cela permet de simplifier le carré de leur somme : (a+ b)2 ≃
a2 + b2. En repassant en notation trigonométrique :

P|φi⟩→|φf⟩ (τ) = 1
4 |Mif |2

Ñsin
î

ωif −ω

2ℏ τ
ó

ωif −ω

2

é2

+

Ñ
sin
î

ωif +ω

2ℏ τ
ó

ωif +ω

2

é2 . (IV.42)

18. Par convenance nous noterons : Wif ≡ W|φi⟩→|φf ⟩ et Mif ≡ M|φi⟩→|φf ⟩.
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Dans ce qui suit, étant donnée I0, nous verrons que la quantité d’électrons chauds est faible
relativement au nombre total d’électrons de conduction et le phénomène de désexcitation
stimulée est largement minoritaire, voire inexistant. Nous ne nous intéresserons donc qu’à
l’excitation d’électrons, soit finalement :

P|φi⟩→|φf⟩ (τ) = 1
4 |Mif |2

Ñ
sin
î

ωif −ω

2ℏ τ
ó

ωif −ω

2

é2

(IV.43)

Par ailleurs, nous verrons plus loin que cette expression permet de retrouver la règle
d’or de Fermi dans le cas particulier d’une distribution discrète d’états qui est le point de
départ du modèle suggéré par Manjavacas et coll. [50].

IV.2.2.2 Modélisation lorentzienne des amplitudes de transition

L’hypothèse sur l’ordre de grandeur de τ permet de remplacer le sinus cardinal qua-
dratique par une lorentzienne. Sur la Fig. IV.11, on illustre l’équivalent utilisé et la validité
de cette manipulation. 19

Figure IV.11 – Validité de la représentation des sinus cardinaux quadratiques par des lorentziennes
pour différentes valeurs de τ . L’énergie des photons incidents est fixée à ω = 3.5 eV (correspondant à la
résonance de particules d’argent dans l’air), l’écart d’énergie ωif entre les états varie de 3 à 4 eV.
Remarque : on représente ici des probabilités de transition normalisées : P|φi⟩→|φf ⟩ = P|φi⟩→|φf ⟩/ |Mif |2 ;
cela permet de comparer facilement les 3 graphes.

On constate que pour τ de l’ordre de 1 à 100 fs cette opération est valide (au moins
qualitativement). On obtient ainsi :

Probabilité de transition (induite par un rayonnement monochroma-
tique)

19. On utilise un équivalent du sinus cardinal quadratique :
î

sin(Ω/x)
2Ω

ó2
∼

x→0
1

Ω2+x2 .
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P|φi⟩→|φf⟩ (τ) = 1
2

|Mif |2

(ωif − ω)2 + (ℏ/τ)2 (IV.44)

Cette manipulation peut sembler superficielle, nous l’effectuons car elle permet de
retrouver une expression similaire à celle proposée par Manjavacas et coll. [50] et celle
proposée par le groupe de Govorov [53].

En outre, la Fig. IV.11 permet d’interpréter l’Eq. (IV.44) :

� une transition est d’autant plus probable que Ef − Ei est proche de ω, i.e. lorsque
l’énergie des photons correspond au gap d’énergie entre les niveaux.

� P|φi⟩→|φf⟩ est d’autant plus grande que Mif est grand, i.e. lorsque le recouvrement
spatial entre les orbitales concernées et la perturbation est optimal,

� P|φi⟩→|φf⟩ est d’autant plus grande que τ est grand, i.e. lorsque la perturbation
dure longtemps.

Le calcul que nous souhaitions présenter est achevé. Nous allons maintenant introduire
les grandeurs que ce modèle permet de décrire. Nous nous attarderons sur l’interprétation
de la durée τ introduite ci-dessus, ce qui permettra de confronter notre modèle aux modèles
préexistants.

IV.2.3 Taux de génération et nombres de porteurs chauds

Définition du taux de génération Le taux de transition de l’état i vers l’état f dans
l’intervalle de temps [0, τ ] est défini comme le rapport entre la probabilité que la transition
ait eu lieu à t = τ et le temps écoulé, soit simplement :

Γ|φi⟩→|φf⟩ = 1
2ℏ |Mif |2

ℏ/τ

(Ef − Ei − ω)2 + (ℏ/τ)2 , (IV.45)

On rappelle que Mfi s’exprime en eV (cf Eq. (IV.39)), Γif est donc bien un « taux », un
nombre d’électrons par seconde. On rappelle également que la variable ω représente ici
l’énergie des photons (traditionnellement exprimée par ℏω).

Cette loi ne tient pas compte de l’occupation initiale des états, or il faut tenir compte du
fait :

— qu’un électron ne peut être excité « vers » un état initialement rempli,

— qu’un électron ne peut être excité « depuis » un état initialement vide.

On utilise la distribution de Fermi à 0 K du fondamental définie à l’Eq. (IV.25), d’où
l’apparition d’un terme d’occupation entre crochets :
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Γif = 1
2ℏ |Mif |2

[
F0

i

(
1 − F0

f

)] ℏ/τ

(Ef − Ei − ω)2 + (ℏ/τ)2 . (IV.46)

Interprétation du temps τ L’interprétation qu’il faut donner au temps τ intervenant
dans ce calcul a donné lieu à de nombreuses discussions au cours de notre étude. En nous
appuyant sur l’Eq. (IV.34), nous considérons que ce paramètre est « le temps d’interaction
entre le système est la perturbation ».

Dans les chapitres précédents, nous ne nous sommes intéressés qu’à la dépendance
spatiale du potentiel électrique. Si l’on considère que le potentiel Vind apparaît à t = 0 et
disparaît après la relaxation du plasmon à τp, le potentiel total peut être modélisé par une
fonction sinusoïdale, continue par morceaux en temps. La Fig. IV.12 illustre cette idée.

Figure IV.12 – Représentation schématique d’apparition et de disparition des plasmons successifs jus-
tifiant notre modèle.

Formellement, en tenant compte du fait que l’évolution spatiale du potentiel dépend de
la réponse du système (proximité éventuelle de la LSPR) et donc de ω, nous pourrions
écrire :

Ṽtot (r, t, ω) ≃ Vtot (r, ω) ×
∑

i

1i
τp

(t) cos (ωt) , (IV.47)

où 1i
τp

est la fonction indicatrice de l’intervalle [iτp; (i+ 1) τp[ :

1i
τp

(t) =

∣∣∣∣∣∣ 1 si t/τp ∈ [i, i+ 1[ ,
0 sinon,

avec i ∈ N. (IV.48)

Concrètement, la perturbation n’est donc sinusoïdale qu’entre 0 et τp. En conséquence,
l’Eq. (IV.46) déduite de l’Eq. (IV.34) ne peut être valable que pour τ ≤ τp. Or, nous
cherchons la quantité d’électrons générés jusqu’à disparition de chaque plasmon successif,
soit finalement τ ≡ τp et :
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Taux de transitions électroniques |φi⟩ → |φf⟩

Γ|φi⟩→|φf⟩ (ω) = 1
2ℏ

∣∣∣M (ω)
if

∣∣∣2 [F0
i

(
1 − F0

f

)] ℏ/τp

(Ef − Ei − ω)2 + (ℏ/τp)2 (IV.49a)

avec

M
(ω)
if =

˚
d3 Vφ∗

i (r) eVtot (r, ω)φf (r) . (IV.49b)

Dans ce modèle, on constate l’importance de la durée de vie du plasmon que nous
avons étudiée en détail aux Chaps. I et II grâce à l’amortissement plasmon γp. Attention,
en pratique, nous aurons τp = τNP

p (ω,D), grâce aux Eqs. (I.13) (dépendance spectrale)
et (II.23) (amortissement par confinement). Nous verrons que ce résultat est similaire à
celui obtenu différemment par le groupe de Govorov et qu’il diffère de celui proposé par
Manjavacas et al.

Remarque n°1 sur le calcul des Mif Dans ce modèle les coefficients Mif dépendent
uniquement de la configuration fondamentale (modélisée et étudiée à la section précédente)
et du potentiel optique total (modélisé et étudié aux Chaps. I et II), ils sont donc « fixés ».
Une difficulté (majeure) demeure : le nombre de coefficients Mif à calculer. Le Tab. IV.1
p. 147 donne une idée du nombre de transitions possibles en fonction de la taille de la
particule, soit une quantité considérable d’intégrales à calculer (notamment pour calculer
les taux de génération totaux d’électrons chauds qui seront introduits ensuite).

Lorsqu’elles existent, les symétries du potentiel permettent de simplifier le calcul de
Mif . Par exemple, pour de petites particules, les effets dynamiques sont négligeables, le
potentiel incident est homogène et le potentiel induit est à symétrie de révolution autour
de la direction de polarisation, il présente également 3 symétries planaires (plan d’onde,
cf Fig. II.20), le potentiel Vtot vérifie donc également ces symétries.

Dans ces conditions, on montre que si les états initiaux i et finaux f sont tels que
mi ̸= mf ou que li ̸= lf ±1 alors Mif = 0. Ceci réduit drastiquement le nombre d’intégrales
à calculer. Dans le cas précis évoqué ici, nous disposons aussi de formules analytiques
pour le calcul de la partie angulaire de l’intégrale des Mif . On utilise le fait que les parties
radiales et angulaires sont découplées (Eq. IV.5). Pour Mif non nulle, on a alors :

Mif = I if
r × I if

θ,ϕ, (IV.50)

avec
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I if
θ,ϕ =

 
(li +m+ 1)(li −m+ 1)

(2li + 1)(2li + 3) , (IV.51)

ce qui réduit également le temps de calcul nécessaire. La partie radiale de l’intégrale
(notée ici I if

r ) est calculée numériquement à partir des expressions analytiques des parties
radiales (Eq IV.9).

Bien que l’utilisation des symétries ait été nécessaire à l’obtention des résultats que
nous présenterons, nous ne donnerons pas plus de détails à ce sujet, notamment car pour
des systèmes plus complexes (sans symétrie), une intégration numérique est nécessaire. Les
relations concernées sont souvent lourdes et, suivant les symétries existantes, de nombreux
cas de figure sont possibles. Le formalisme exhaustif est disponible par ailleurs.

IV.2.3.1 Définition des taux de génération totaux

Taux total de génération d’électrons vers un niveau final f Nous le notons Γf ,
il représente le taux de génération d’électrons sur un niveau d’énergie Ef . Ainsi pour une
pulsation incidente donnée, il suffit de sommer sur tous les états initiaux et sur tous les
états finaux d’énergie Ef soit :

Γf (ω) =
∑

|φk⟩|Ek=Ef

 ∑
|φi⟩̸=|φf⟩

Γ|φi⟩→|φf⟩ (ω)

 . (IV.52)

Dans cette expression, la somme entre crochet additionne les contributions de tous
les états initiaux possibles, et la première additionne tous les états finaux d’énergie Ev

(dégénérescence).

Taux total de génération d’électrons Nous le notons Γtot. Si on suppose que le
système est à 0 K, initialement il n’y aucun électron au-dessus du niveau de Fermi. Ainsi
pour une pulsation incidente donnée, il suffit de sommer sur tous les états, soit : :

Γtot (ω) =
∑

f

Γf (ω) =
∑

f

∑
i ̸=f

Γif (ω) . (IV.53)

Cas des électrons chauds et très chauds On obtient le taux total d’électrons chauds
notés Γtot|Ef >eF et le taux total de génération d’électrons très chauds (relativement à un
seuil arbitraire ∆E > eF) noté Γtot|Ef >eF+∆E

, en restreignant les sommes sur f de la
définition précédente.

La dernière observable est particulièrement intéressante. On peut ainsi quantifier le
nombre d’électrons au-delà d’un certain seuil en énergie. Ce seuil en énergie peut, par
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exemple, être relié à une barrière de potentiel relative au transfert à la bande de conduc-
tion d’un semi-conducteur ou à l’énergie d’activation d’une réaction chimique pour une
molécule adsorbée.

Énergie moyenne des électrons chauds et puissance dissipée Ici, puisque nous
supposons que la distribution des états F0 du fondamental est celle définie à 0 K, si f est
tel que Ef < eF, on a nécessairement Γf (ω) = 0. En particulier, l’énergie moyenne des
électrons chauds s’écrit directement :

Ē =

∑
f

EfΓf

Γtot
(IV.54)

et la puissance dissipée en électrons chauds s’écrit :

Pdiss =
∑

i

∑
f ̸=i

(Ef − Ei) Γif . (IV.55)

Nous avons notamment vérifié que :

Pdiss =
∑

f

EfΓf = ĒΓtot. (IV.56)

Cas des trous chauds A chaque électron chaud généré est associé un trou chaud
(création de paires électrons-trous). Les taux de génération de trous chauds sont obtenus
en inversant simplement les indices i et f dans les définitions précédentes, Eqs. (IV.52) et
(IV.53).

IV.2.3.2 Nombre d’électrons chauds sous irradiation continue

Le nombre total d’électrons en présence sous irradiation continue est noté Ntot. Il peut
être estimé par un raisonnement simple. Supposons qu’un plasmon est instantanément
excité après la disparition du précédent. Dans ce cas, pour t long, le taux de génération
d’électrons chauds peut être supposé constant en moyenne et égale à Γtot évalué entre 0
et τp. On a donc une accumulation d’électrons chauds, à l’instant t il y a t×Γtot électrons
en présence.

Mais il faut également tenir compte de la durée de vie des états excités τe. A priori,
τe dépend de l’énergie du niveau considéré [49, 138] ; nous supposerons ici qu’elle est
constante (nous y reviendrons Sec. IV.3.1.2 p. 169). Ainsi, à partir de t1 = τe, les électrons
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excités à t1,0 = 0 se désexcitent. À t2 = τe + δt, ce sont les électrons excités à t2,0 = δt

qui se désexcitent. Finalement, puisque Γtot est constant, un équilibre entre excitation et
désexcitation est atteint dès que t = τe, soit en stationnaire :

Ntot = τe × Γtot. (IV.57)

Nous disposons par ailleurs de deux démonstrations différentes de ce résultat, l’une repose
sur une méthode différentielle impliquant une variation continue de N (t), l’autre repose
sur l’étude de convergence discrète de la suite des N

τp
k . Quoi qu’il en soit, par l’une

ou l’autre des approches, on obtient un modèle de génération d’électrons chauds sous
irradiation continue faisant intervenir deux temps caractéristiques :

Nombre total d’électrons chauds générés sous irradiation continue

Ntot (ω) = τe

τp (ω) ×
∑
|φf⟩

 ∑
|φi⟩̸=|φf⟩

[
F0

i

(
1 − F0

f

)] ∣∣∣M (ω)
if

∣∣∣2
(Ef − Ei − ω)2 + (ℏ/τp(ω))2

 .
(IV.58)

On souligne que Ntot n’est pas simplement inversement proportionnel à τp. Le terme
1/τp intervient également au dénominateur du terme général de la somme.

On définit de la même manière le nombre total d’électrons chauds dans un état final
spécifique f : Nf (ω) = τe × Γf (ω) et il en va de même pour les trous chauds.

IV.3 Comparaison à l’existant et approfondissement

IV.3.1 Autres modèles semi-analytiques

Sur la base des concepts et des grandeurs que nous avons introduits, dans les pa-
ragraphes suivants, nous présentons (brièvement) et discutons les autres modèles semi-
analytiques disponibles dans la littérature.

IV.3.1.1 Modèle de Manjavacas

Ce modèle a été proposé en 2014 par Manjavacas et coll. dans [50]. Ces auteurs
utilisent une formule couramment employée pour la règle d’or de Fermi qui repose sur des
approximations. L’utilisation directe aboutit à une interprétation différente :
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Pi→f (τ) = π

2ℏ τ |Mif |2 δ (ωif − ω) , (IV.59)

= π

2ℏ τ |Mif |2 δ (Ef − Ei − ω) , (IV.60)

où δ est la fonction de Dirac.
Avec le formalisme que nous avons présenté, en considérant que τ est grand dans

l’Eq. (IV.43), on obtient 20 l’Eq. (IV.60) . On décrit ainsi les probabilités des excitations
possibles au sein d’une distribution d’états discrets d’énergies Ek sous l’influence d’une
perturbation sinusoïdale en dehors de toute autre interaction. 21

Ainsi modélisés, les niveaux d’énergie étant supposés infiniment fins, les transitions
sont possibles lorsque l’énergie des photons est strictement égale au gap d’énergie entre
les niveaux. En réalité, les interactions (notamment celles entre électrons) induisent un
élargissement des niveaux. On considère généralement que cet élargissement est inverse-
ment proportionnel à la durée de vie du niveau, que nous avons appelé τe. En supposant
que l’élargissement des niveaux suit une loi lorentzienne, Manjavacas et coll. proposent de
modifier l’équation précédente par l’intermédiaire d’un équivalent lorentzien de la fonction
de Dirac. 22 Cela conduit (tous calculs faits) à :

NManja.
tot (ω) =

∑
|φf⟩

 ∑
|φi⟩ ̸=|φf⟩

[
F0

i

(
1 − F0

f

)] ∣∣∣M (ω)
if

∣∣∣2
(Ef − Ei − ω)2 + (ℏ/τe)2

 . (IV.61)

Nous appellerons ce modèle le « modèle de Manjavacas ». Cela revient à poser τp = τe

dans notre modèle, Eq. (IV.58). Nous verrons plus loin que les conséquences en termes
de prédictions ne sont pas négligeables, or il nous semble que la démarche proposée par
Manjavacas et coll. pose deux principaux problèmes théoriques. Le premier concerne le
calcul effectué : le raisonnent de Manjavacas implique deux passages à la limite avec des
hypothèses sur le temps τ :

— un premier pour passer de l’Eq. (IV.43) à l’Eq. (IV.60),

— un deuxième pour tenir compte de l’élargissement des niveaux d’énergie.

Or, comme nous l’illustrions en Fig. IV.11, le passage par la règle d’or de Fermi n’est pas
nécessaire. On obtient directement la probabilité de transition (ici sous forme lorentzienne,

20. Le développement asymptotique utilisé est [210] :
î

sin(Ωt)
Ω

ó2
∼

t→+∞
πt δ (Ω).

21. La « règle d’or de Fermi » telle que nous la connaissons [210], concerne en fait les transitions
possibles entre une distribution discrète et un continuum d’états, ce qui est différent du sujet qui nous
intéresse ici puisque nos distributions sont exclusivement discrètes.

22. La représentation de la fonction de Dirac utilisée est : δ (Ω) ∼= 1
π lim

ℏ/τe→0+

ℏ/τe
Ω2+(ℏ/τe)2 .
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ce qui est plus ou moins arbitraire) sans avoir recours à la durée de vie des niveaux excités.
C’est d’ailleurs le calcul que nous avons présenté, cf Eq. (IV.44).

Le deuxième concerne les ordres de grandeur des temps caractéristiques en jeu et la
légitimité même du calcul effectué. Le Tab. IV.2 donne des ordres de grandeur des temps
caractéristiques d’intérêt.

Période temporelle d’un
rayonnement incident

(visible ou proche-UV)

Durée de vie du
plasmon

Durée de vie d’un
état excité

Tω τp τe

1 − 2 fs 3 − 10 fs 50 fs − 1 ps

-
voir Refs. 56 − 57

de [69]
voir Refs. 44 − 52

de [50]

Tableau IV.2 – Ordres de grandeur des temps caractéristiques évoqués, Tω = 2πℏ/ω est donnée à titre
indicatif.

Pour conclure, en général, τp ≪ τe. Nos calculs, incluant des effets de confinement,
conduisent effectivement à τp < 10 fs, cf Fig. II.7. Or, a priori, l’Eq. (IV.34) et le déve-
loppement qui s’en suit suggèrent une perturbation sinusoïdale et continue. Donc, après
disparition d’un plasmon et du potentiel associé, elle n’est plus applicable. En outre, dans
ce formalisme, il nous semble clair que le temps τ dans l’Eq. (IV.34) correspond au temps
d’interaction du système avec la perturbation, d’où τ ≤ τp, raison pour laquelle nous avons
considéré τ ≡ τp dans notre développement.
Les comparaisons prédictives seront effectuées plus tard (Fig. IV.15).

IV.3.1.2 Modèle de Govorov

Formalisme de la théorie de la fonctionnelle de la matrice densité En 2013,
Govorov et coll. ont proposé un modèle pour la génération d’électrons chauds par des
nanostructures plasmoniques [53]. L’approche est basée sur la matrice densité ρ̂. Elle
vérifie l’équation de Schrödinger qui, dans ce contexte, s’écrit :

−jℏ∂ρmn (t)
∂t

=
˚

d3Vψm (r, t)Jρ̂, [H0 + Vtot]Kψn (r, t)

+ jΓmn

[
ρmn (t) − ρ0

mn

]
.

(IV.62)

Sous cette forme, elle est connue sous le nom d’équation de Liouville - Von Neuman et
fait intervenir :
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— J , K, l’opérateur de convolution,

— ρmn, l’élément de matrice m,n de ρ̂,

— ρ0
mn = δnmF0

n, l’élément de matrice m,n de ρ̂, à l’équilibre et à 0 K (matrice diago-
nale),

— H0, l’hamiltonien du système dans son état fondamental,

— Vtot, le potentiel électrique total,

— Γmn = ℏ
τmn

, l’élément m,n de l’opérateur de transition Γ̂ rassemblant les taux de
transition auxquels sont associés les temps de relaxation τmn,

Govorov et coll. ont notamment montré qu’en première approximation, l’évolution
au cours du temps du système, faiblement perturbé, se développe sur la base des états
propres préexistants (définis au fondamental). Des détails calculatoires à ce sujet sont
donnés dans l’Annexe A.25 p. 236.

Le nombre d’électrons chauds est décrit par les termes diagonaux de la matrice δρ̂ =
ρ̂− ρ̂0. Là encore, le calcul repose sur la détermination de Nn (t), ce qui passe notamment
par la modélisation de la matrice de transition Γ̂.

Modèle à un temps caractéristique Pour décrire le nombre d’électrons dans l’état
f , le premier modèle proposé par ce groupe s’écrit [53] : Nf (ω) ≡ δρ̂ff (ω) , avec

δρ̂ff (ω) = τff

ℏ2

∑
|φk⟩|Ek=Ef

 ∑
|φi⟩ ̸=|φf⟩

∣∣∣M (ω)
if

∣∣∣2 [F0
i

(
1 − F0

f

)] ℏ/τif

(Ef − Ei − ω)2 + (ℏ/τif)2

 ,
(IV.63)

où τif est le temps de relaxation associé à la transition i → f . Les auteurs supposent,
« pour simplifier » ([53] p. 16619), que τif est indépendant des états initiaux et finaux
et que τif ≡ τp. Cette hypothèse est ensuite utilisée dans les développements suivants
[49, 208, 209, 216].

L’approche est différente, mais le modèle final correspond au modèle que nous obte-
nons en combinant l’Eq. (IV.49a) à l’Eq. (IV.52). Pour le nombre d’électrons sous irra-
diation continue, le formalisme proposé pour Γtot et Γf revient à remplacer τe par τp dans
le modèle de Manjavacas.
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Modèle à deux temps caractéristiques A partir de 2015, le modèle proposé par
A. Govorov et coll. tient compte des deux temps caractéristiques [216] et l’opérateur de
transition s’écrit alors :

⟨φm| Γ̂ρ̂ |φn⟩ =

∣∣∣∣∣∣ ℏ
ρmn−Fn

τe
si m = n,

ℏρmn

τp
sinon.

(IV.64)

De ce point de vue, la durée τe est caractéristique de la relaxation en énergie et la
durée τp est caractéristique de la relaxation en impulsion. La seconde est plus courte et
engendre un élargissement et un affaiblissement de toutes les résonances, c’est le temps de
cohérence du plasmon ([49] p. 19331). Cette interprétation est similaire à celle que nous
avons présentée et aboutit à un formalisme identique pour Ntot, Eq. (IV.58).

Relation « énergies −durées de vie » des niveaux En général, nous savons que la
durée de vie d’un état excité τe dépend de l’énergie du niveau considéré. En 2017, Beistero
et al ont proposé d’inclure cette dépendance dans le formalisme [209]. La distribution des
durées de vie des états excités est approchée par [217] :

τe (E) = τ0
e2

F

(E − eF)2 (IV.65)

Avec τ0 = 6 fs pour l’or. Nous mentionnons cette approche intéressante (qui ne se résume
d’ailleurs pas à cette seule hypothèse), mais nous ne l’appliquerons pas, car elle engendre
des effets dynamiques qui complexifient le calcul du nombre d’électrons chauds en pré-
sence lorsque l’irradiation est continue (par exemple, avec cette hypothèse le raisonnement
effectué en Sec. IV.2.3.2 n’est plus valable).

IV.3.2 Récapitulatif de section

Dans cette section, nous avons présenté en détail un modèle de génération d’électrons
chauds par une nanoparticule d’argent. Ce modèle est basé sur la théorie des perturbations
dépendantes du temps appliquée à la configuration fondamentale décrite à la section
précédente. L’application de cette méthode est justifiée en considérant que la profondeur
du puits de potentiel dans lequel baignent les électrons est grande devant l’amplitude du
potentiel total auquel ils sont soumis, en accord avec la première partie de ce manuscrit.

La modélisation du mécanisme de génération d’électrons chauds repose ainsi sur 4
principaux paramètres :
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— l’intensité du couplage entre les états à travers les coefficients de couplageMif faisant
intervenir les orbitales électroniques et l’allure (spatiale) du potentiel total Vtot (cf
Eq. II.9b p. 46),

— la répartition initiale des électrons de conduction selon la distribution de Fermi à 0
K, F0,

— la durée de vie du plasmon τp. En effet, l’amplitude et l’étalement plus ou moins im-
portants des lorentziennes (Fig. IV.11), traduisent des excitations résonantes lorsque
l’énergie des photons correspond au gap d’énergie entre deux niveaux. Ils traduisent
également le fait que, plus le temps d’interaction est court, plus les transitions hors
résonances sont favorisées,

— La durée de vie des états électroniques excités τe. Elle « contrôle » directement
l’accumulation d’électrons chauds en présence lorsque l’irradiation est continue.

Notre formalisme a été comparé aux modèles semi-analytiques proposés dans la littéra-
ture. Nous avons retrouvé le modèle proposé par Govorov el al sur la base d’un formalisme
différent : traitement perturbatif d’un hamiltonien monoélectronique dépendant du temps
versus traitement perturbatif de la matrice densité électronique du système.

Nous avons discuté en détail les temps caractéristiques mis en jeu dans les différents
modèles et nous avons précisé et justifié l’emploi des durées τp et τe dans notre modèle.

Dans la suite, nous comparons les différents modèles en vue de valider notre approche
que nous appliquerons à l’étude de la génération d’électrons chauds par une nanoparticule
isolée. Le paramètre taille sera notamment étudié.

IV.4 Application et influence des paramètres phy-
siques

IV.4.1 Illustration générale

Nous présentons d’abord quelques observations utiles à des fins d’illustration et pour
préparer les comparaisons à venir.

Réponse spectrale Sur la Fig. IV.13, l’évolution du taux total d’électrons chauds
générés (à gauche) et la puissance dissipée en électrons chauds (à droite) en fonction de
la longueur d’onde sont comparés à la section efficace d’absorption. On considère une
particule de 5 nm de diamètre.

En accord avec [50, 53], on constate que Γtot (λ) présente également une résonance
qui coïncide avec la LSPR comme attendu. De la même façon, les taux de génération
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Figure IV.13 – Illustration de plusieurs taux de génération obtenus grâce à notre modèle. À gauche, les
taux totaux d’électrons chauds générés pour différents seuils en énergie et la section efficaces d’absorption
(Eq. II.6), en fonction de la longueur d’onde. À droite, la puissance dissipée en électrons chauds et section
efficace d’absorption, en fonction de la longueur d’onde. La permittivité est décrite grâce au modèle de
Drude étendu incluant les effets de confinement (Eqs. I.13 et II.23). D = 5 nm.

d’électrons « tièdes » (tels que Ef > 0.5 eV) et d’électrons très chauds (tels que Ef > 1 eV)
résonnent également à la LSPR. À droite, on constate que la puissance dissipée en électrons
chauds résonne également à la LSPR, c’est-à-dire dans le proche-visible. Dans chaque cas,
l’explication physique est la même, globalement, les « bonnes » propriétés optiques des
particules plasmoniques se transmettent au mécanisme de génération d’électrons chauds :
lorsque Cabs est à la résonance, l’énergie emmagasinée puis dissipée en électrons chauds
est maximale. L’Eq. (IV.37) montre en effet que Mif ∝ Vtot.

En termes d’ordre de grandeur, en considérant τe = 0.05 ps, un tel taux de génération
correspond à Ntot = τe × Γtot = 0.005 électrons chauds sous irradiation continue (pour
une intensité de 1 mW/µm−2, ce qui est déjà beaucoup). Cette (faible) valeur a laissé
dire, qu’en pratique, un électron chaud est disponible 1% du temps [45]. 23 En réalité, la
faible valeur de Ntot ne peut pas être interprétée aussi simplement, il faut souligner que
la faible durée de vie des états excités limite l’accumulation des électrons chauds mais, en
1 seconde, ce sont 2 .1011 électrons qui ont été excités et qui se sont rendus disponibles.

Comportement à la résonance Sur la Fig. IV.14, les calculs sont effectués à la réso-
nance. C’est le cas le plus intéressant puisque nous venons de voir que Γtot y est maximal.

23. Dans l’article, le calcul effectué par G. Baffou conduit à « 0.01% du temps », mais le raisonnement
est plus approximatif.
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À gauche, on présente la distribution en énergie des électrons et des trous chauds
grâce à Γf (E) (Eq. IV.52) pour une particule de 5 nm de diamètre. À droite, les densités
radiales d’électrons chauds et très chauds associées sont représentées.

Figure IV.14 – À gauche, la distribution d’énergie des électrons chauds générés à la résonance. À droite,
les densités radiales d’électrons chauds et très chauds. La permittivité est décrite grâce au modèle de
Drude étendu incluant les effets de confinement. La courbe continue est calculée grâce à une convolution
gaussienne de l’histogramme identique à celui décrit de l’état fondamental, cf Sec. IV.1.3.2 et Fig. IV.4.
Ici, D = 5 nm.

Les distributions d’énergie indiquent que la majeure partie des électrons et des trous
chauds ont une énergie proche du niveau de Fermi en accord avec [49, 209]. Ce compor-
tement est intéressant. En particulier, on constate que :

— l’écart moyen d’énergie entre les électrons et les trous chauds est bien inférieur à
l’énergie des photons incidents (ici de l’ordre de 3.5 eV),

— les électrons chauds de plus faible énergie sont associés au plasmon (excitation col-
lective) (voir Ref. [49]),

— des électrons d’énergies plus élevées sont générés, ils sont associés aux excitations
individuelles (excitations monoélectroniques) (voir Ref. [49]),

On souligne qu’on retrouve ces deux types d’excitation en utilisant des approches ab initio
appliquées à de plus petites particules [54].

Pour les répartitions spatiales, à droite, on retrouve un comportement relativement
irrégulier. La densité radiale d’électrons très chauds est évidemment plus faible que celle
des électrons chauds, mais les allures sont similaires, excepté le fait que la densité radiale
d’électrons très chauds au centre de la particule est nulle.
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Ces brèves illustrations nous auront servi d’introduction, nous allons maintenant étu-
dier plus en détail ce modèle (et comparer les approches des différents auteurs).

IV.4.2 Influence des paramètres physiques

Dans cette section, nous faisons le lien avec les 3 premiers chapitres. Nous verrons
notamment que les modélisations de la permittivité et de la durée de vie du plasmon sont
d’une importance capitale.

À titre d’illustration, nous comparerons les prédictions que nous obtenons avec notre
modélisation du comportement optique à celles que l’on obtient en utilisant les paramètres
utilisés par Manjavacas et coll. et Govorov et al. Outre la différence d’interprétation
théorique que nous avons discutée à la section précédente, les calculs que nous effectuons
présentent deux différences majeures avec ceux effectués par ces deux équipes :

— la description du comportement, grâce à la modélisation de ε du métal,

— les valeurs des temps caractéristiques mis en jeu, grâce à l’évaluation des durées de
vie τp et τe.

Nous verrons que les prédictions obtenues sont significativement différentes.

Influence du comportement optique Dans les deux cas, Manjavacas et coll. et Govo-
rov et coll. font intervenir le modèle de Drude pour décrire la permittivité d’une particule
d’argent.

Les paramètres utilisés par les deux groupes sont donnés au Tab. IV.3. Nous rappor-
tons également les valeurs que nous avons obtenues en appliquant le modèle de Drude
étendu grâce aux dépendances spectrales de γbulk

p et de ε∞ et l’influence du confinement
des électrons introduits aux Chaps. I et II.

Paramètres du modèle de
Drude

Temps caractéristiques

ε∞ ωp γp τp τe

Manjavacas et al [50] 4.18 9.1 eV 60 meV - 50 fs

Govorov et al [209] 7 8.9 eV 20 meV 32 fs 50 fs

Notre approche (incluant la
dépendance spectrale et le

confinement)
4.5 8.8 eV 70-370 meV 15-2 fs 50 fs

Modèles associés Eq I.13b Tab I.4 Eqs I.13c et II.23 ℏ/γNP
p -

Tableau IV.3 – Paramètres utilisés dans les différents modèles analytiques présentés.
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Sur la Fig. IV.15, à droite, la dépendance spectrale de la permittivité correspondant
aux paramètres du Tab. IV.3 est représentée pour les modèles analytiques et comparée
aux résultats expérimentaux de [93] sélectionnés au Chap. I. La partie réelle de ε est en
haut, la partie imaginaire est en bas.

Figure IV.15 – Comparaison de notre approche aux modèles de Govorov et coll. [209, 216] et de
Manjavacas et coll. [50]. À gauche, le taux total de génération d’électrons chauds en fonction de la
longueur d’onde, D = 5 nm. À droite, les modèles pour la permittivité d’une nanoparticule d’argent
utilisés dans les différentes approches sont comparés aux résultats expérimentaux de [93]. Les paramètres
de modélisation sont rassemblés dans le Tab. IV.3.

On précise que l’augmentation de la partie imaginaire de la permittivité pour notre
modèle par rapport aux données expérimentales (mesuré sur le matériau massif) traduit
l’amortissement supplémentaire induit par le confinement électronique. On rappelle que
le modèle de permittivité que nous utilisons a été présenté aux Eqs. (I.13) et (II.23)
(respectivement pp. 34 et 60). On considère ici une particule d’argent de 5 nm de diamètre
dans l’air.

On constate que les paramètres utilisés par Manjavacas et Govorov, ne permettent
pas de retrouver la dépendance spectrale de la permittivité. Les auteurs indiquent que
« les paramètres ont été choisis de manière à modéliser correctement la résonance à la
LSPR ».

En effectuant un simple calcul en quasi-statique avec ces paramètres (Tab. IV.3), pour
une particule d’argent dans l’air, on trouve :

— λr ≃ 335 soit 3.65 eV pour Manjavacas et al,

— λr ≃ 370 nm soit ωr ≃ 3.3 eV pour Govorov et al.

Or la résonance que nous obtenons avec nos paramètres est à 354 nm, soit 3.5 eV, ce qui
est la valeur attendue [59, 81]. En outre, l’influence sur l’amplitude des sections efficaces
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est également considérable : une différence de l’ordre de −40% avec les paramètres de
Govorov et de +150% avec ceux de Manjavacas (Fig. IV.15 à gauche).

Ce résultat illustre à nouveau l’importance d’une modélisation fine du comportement
optique de la particule, cf Chap. II, par exemple la Fig. II.2 p. 48.

Sur la Fig. IV.15, à gauche, la dépendance spectrale du taux total de génération d’élec-
trons chauds Γtot est présentée en utilisant (respectivement) les descriptions de ε (ω,D)
illustrées à droite. Le seul paramètre qui différencie ces trois courbes est ε. On constate
que l’influence de la permittivité est clairement visible. Le décalage et la modification
d’amplitude liés à différentes modélisations de la permittivité se répercutent directement
sur la modélisation de Γtot en lien avec Vtot (λ) lors du calcul des amplitudes de transition ;
illustrant, là encore, l’importance d’une modélisation fine de la permittivité.

Rôle des temps caractéristiques Afin d’étudier l’influence d’un paramètre à la fois,
dans ce paragraphe, nous fixons la description du comportement optique. Ici, nous utili-
sons notre modèle de permittivité (5ème ligne du Tab. IV.3), c’est-à-dire la courbe rouge
des Figs. IV.15 de droite. On se place à la résonance, λ = 354 nm. On étudie alors l’in-
fluence du temps τ intervenant dans l’expression de Γtot et Γf . Trois valeurs typiques sont
considérées :

— τ = τe = 50 fs (valeurs utilisées par Manjavacas et coll. [50]),

— τ = τp = 32 fs (valeurs utilisées par Govorov et coll. [50])

— τ = τp = 15 − 2 fs (valeurs déduites de nos calculs impliquant la dépendance
spectrale et l’effet de confinement, Eq. (II.23)).

Les taux totaux de génération en fonction de la longueur d’onde sont présentés sur
la Fig. IV.16 à gauche. Pour les courbes associées à τ = 32 fs et 50 fs du même ordre
de grandeur, les descriptions sont semblables comme attendu. Lorsque l’on utilise les
valeurs de τp que nous avons obtenues au Chap. II, on décrit une forte augmentation
du taux total de génération (un ordre de grandeur). Cette forte augmentation découle de
l’élargissement des lorentziennes qui est lui-même dû à la diminution de τp (cf Fig. IV.11).
Cet élargissement favorise les transitions hors résonance conduisant à une augmentation
des transitions possibles et une augmentation très significative du taux de génération
total.

Sur la Fig. IV.16 de droite, on présente les distributions en énergie des électrons chauds
générés. Là encore, pour τ = 32 fs et 50 fs , les descriptions sont similaires. Grâce à notre
approche, on observe deux principales différences :
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Figure IV.16 – Taux totaux de génération d’électrons chauds à « comportement optique fixé » en
fonction des temps caractéristiques utilisés (à gauche) et distribution en énergie des électrons chauds
associés (à droite).
Remarque : sur la Fig. IV.15 précédente, on illustrait l’influence de ε (ω, D) à τ fixé, ici nous illustrons
l’influence de τ (ω, D) en fixant le modèle pour ε (ω, D).

— une augmentation importante du nombre d’électrons chauds générés dans des ni-
veaux d’énergies proches du niveau de Fermi (augmentation supérieure à un ordre
de grandeur).

— une homogénéisation de la génération vers des niveaux d’énergies élevées (voir agran-
dissement sur la figure).

Dans les deux cas, cette augmentation est liée à l’augmentation du nombre de transi-
tions hors résonance favorisées par la diminution du temps d’interaction τ = τp. En effet,
d’une part, elle favorise l’accumulation d’électrons proches du niveau de Fermi. D’autre
part, elle limite l’accumulation dans des niveaux spécifiques et caractéristiques de tran-
sitions résonantes, contrairement aux modèles préexistants. Néanmoins, qualitativement,
ces conclusions sont en accord avec celles proposées par Manjavacas et coll. (bien que nos
interprétations théoriques du modèle soient différentes).

IV.4.3 Application du modèle proposé

Dans la suite de ce développement, nous utilisons le modèle que nous avons présenté
ici et défendu dans [218] : un modèle à deux temps caractéristiques incluant l’effet du
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confinement sur l’amortissement plasmon présenté au Chap. II (Eq. II.23). La réponse
optique est décrite grâce au modèle de Drude étendu pour la permittivité tel que défini
au Chap. I (Eqs. I.13).

IV.4.3.1 Influence de la taille sur le comportement spectral

Sur la Fig. IV.17, les taux totaux de génération d’électrons chauds (à gauche) et
très chauds (à droite) sont présentés pour différents diamètres de particule. Les taux de
génération sont normalisés au volume de la particule pour permettre la comparaison.

Figure IV.17 – Évolution du taux de génération total d’électrons chauds (à gauche) et du taux de
génération d’électrons très chauds (à droite) pour différents diamètres de particules.

On constate que le taux total de génération volumique (à gauche) augmente lorsque
le diamètre de la particule augmente. Ce résultat découle de l’augmentation de l’efficacité
d’absorption lorsque D augmente, engendrant un potentiel optique plus intense, ce qui
influe directement sur l’intensité des amplitudes de transition. Cette augmentation est
renforcée par la diminution de l’effet de confinement.

À l’inverse, à droite, on constate que le taux de génération d’électrons très chauds
diminue lorsque D augmente. En effet, lorsque la taille des particules augmente, la densité
d’états accessibles augmente, favorisant statistiquement le transfert d’électrons vers des
niveaux d’énergie plus proches du niveau de Fermi.

De ces tendances on déduit que la proportion d’électrons très chauds augmente lorsque
D diminue. Ces conclusions sont en accord qualitatif avec celles données par Manjavacas
et coll. [50].
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IV.4.3.2 Influence de la taille sur les distributions d’énergie

Sur la Fig. IV.18, les distributions en énergie des électrons chauds sont présentées à la
résonance, λ = 354 nm. Dans cette gamme de tailles, la LSPR ne présente pas de décalage
significatif.
On distingue les deux régimes évoqués précédemment :

— à gauche, les électrons proches du niveau de Fermi (Drude),

— à droite, les électrons très chauds (excitation monoélectronique).

Dans cette gamme de taille, l’existence de ces deux régimes est donc indépendante
de la taille de la particule. Lorsque le diamètre diminue, les distributions en énergie des
électrons chauds du système perturbé évoluent vers des distributions discrètes. Si l’on sou-
haite développer un système sélectif en énergie, pour des applications en photocatalyse
ciblée par exemple, des nanoparticules de plus petites tailles sont donc plus appropriées.
Ce résultat était attendu, étant donné les distributions en énergie du système à l’état fon-
damental (cf Fig. IV.4). Cependant, on constate à nouveau ici que dès 8 nm de diamètre,
la distribution d’énergie des électrons très chauds est relativement homogène contraire-
ment à ce qui est prédit par Manjavacas et coll. dans [50]. Cette différence découle d’une
part du formalisme lui-même (utilisation de τp dans les expressions des probabilités de
transition dans notre modèle) et de la prise en compte de l’effet de confinement dans la
modélisation de l’amortissement plasmon.

IV.4.3.3 Répartition spatiale

L’un des avantages de notre approche est que nous disposons d’expressions analytiques
pour les fonctions d’onde, ce qui permet de calculer la densité électronique locale. Sur la
Fig. IV.19, les densités électroniques totales en électrons chauds (à gauche) et les densités
électroniques d’électrons très chauds (à droite) sont représentées. Ici, le champ incident
est polarisé selon uz.

Pour les densités électroniques totales (à gauche), on constate une directionnalité du
mécanisme de génération : la densité d’électrons chauds est plus importante le long de
la direction de polarisation. Par ailleurs, on observe une accumulation d’électrons chauds
au voisinage de la surface. En fait, ce comportement découle directement de l’allure du
potentiel induit qui « contrôle » le couplage entre les états initiaux et finaux (Eq. (IV.37)).
L’allure du potentiel induit a été représentée à la Fig. II.20.

Les électrons très chauds (densités illustrées à droite) sont, quant à eux, générés plus
au centre de la particule, notamment pour les particules les plus grosses (ici D = 15 nm).
Cependant, lorsque la taille diminue, on observe un étalement de la densité d’électrons
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Figure IV.18 – Distribution en énergie des électrons chauds (à gauche) et très chauds (à droite) pour
différents diamètres : 3, 5, 8 et 15 nm (de haut en bas).

très chauds qui se rapproche du bord de la particule. Ce comportement est intéressant si
l’on souhaite que ces électrons soient transférés à des composés adjacents.

En outre, on retrouve ici (à gauche) le fait que la quantité d’électrons chauds générés,
relativement au volume de la particule, augmente avec le diamètre, en lien avec l’augmen-
tation des sections efficaces d’extinction. La densité maximale d’électrons chauds est de
2.10−4 nm−3 pour D = 3 nm, contre 1.5.10−3 nm−3 pour D = 15 nm.
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Figure IV.19 – Cartographie des électrons chauds (à gauche) et très chauds (à droite) en fonction du
diamètre de 3 à 15 nm. Calculs à la résonance.
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IV.5 Conclusion partielle de chapitre
La première section a été consacrée à l’étude de la configuration électronique fonda-

mentale. La résolution de l’équation de Schrödinger monoélectronique dans le cadre du
modèle du jellium nous a donné accès aux lois de quantification de l’énergie et aux ex-
pressions analytiques des orbitales électroniques accessibles dont nous avons pu étudier
les principales propriétés.

La seconde section a été consacrée à la présentation d’un modèle semi-analytique per-
mettant de décrire la génération d’électrons chauds sous l’influence d’un rayonnement.
Concrètement, ce formalisme est basé sur la théorie quantique des perturbations dépen-
dantes du temps, où la perturbation est l’action du potentiel électrique (étudié au Chap. II)
sur le cortège d’électrons dans son état fondamental (décrit en première section).

Nous avons confronté notre interprétation du phénomène à celles proposées par d’autres
auteurs (Manjavacas et coll. et Govorov et al). Cela nous a permis de discuter et valider
notre approche sur le plan théorique. Formellement, celle-ci est identique à celle proposée
par Govorov, mais obtenue différemment. Dans la section qui s’achève, nous avons ap-
pliqué notre modèle à l’étude de l’influence de la taille de la particule sur la capacité du
système à générer des électrons chauds, mais également sur la distribution en énergie de
ces derniers et leur répartition spatiale. L’influence significative des modélisations fines de
la permittivité et de la durée de vie du plasmon ont été mises en évidence.

Au cours de cette étude, nous avons également souligné le rôle crucial du potentiel
électrique sur le mécanisme de génération et, notamment, le potentiel optique induit.
Le rôle du potentiel laisse envisager la possibilité de contrôler la génération d’électrons
chauds en pilotant la réponse optique du système. Nous avons vu dans le Volet A de
notre étude que la forme des particules et les interactions entre ces dernières permettent
justement de moduler la réponse optique et en particulier d’amplifier le potentiel électrique
induit. Dans le dernier chapitre, nous nous intéresserons à l’influence des interactions
entre particules (notamment le rôle du phénomène de point chaud) sur le mécanisme de
génération d’électrons chauds.





CHAPITRE V
Modélisation dans le cas du dimère

L’étude du comportement de la particule isolée nous a permis de comprendre les
différents mécanismes à l’origine du phénomène de génération d’électrons chauds, mais sa
portée est assez limitée. L’objectif que nous nous sommes fixé était d’étendre l’applicabilité
des modèles à des systèmes expérimentalement accessibles, plus complexes. Nous verrons
que nous sommes parvenus à intégrer les simulations numériques du comportement optique
au modèle de génération d’électrons chauds. Nous nous attarderons sur l’approche que
nous avons employée pour intégrer ces simulations aux modèles préexistants et sur la
méthode qui nous a permis de valider cette approche.

Cette approche sera appliquée au cas du dimère. C’est, là encore, un candidat inté-
ressant d’un point de vue théorique. Il s’agit d’un système en interaction qui reste simple
et qui permet de limiter le nombre de paramètres à prendre en compte. En modulant
la distance interparticule, on contrôle l’augmentation et la déformation locale du champ
électrique, cela permet d’envisager une optimisation de la production de porteurs chauds.
Des études préalables ont effectivement montré que la présence d’un hot-spot engendre une
augmentation des taux de génération d’électrons chauds [208, 219]. Nous avons confirmé
ces résultats. Par ailleurs, nous avons étudié en détail l’influence de la géométrie des
orbitales et du potentiel électrique dans la capacité du système à générer des électrons
chauds d’énergies plus ou moins importantes. Nous verrons que de la présence du hot-
spot découle une augmentation de la directionnalité de la génération d’électrons chauds
faisant des nanostructures en forte interaction des candidats d’autant plus intéressants en
catalyse plasmonique.

183
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Principaux objectifs du Chapitre V

1. Présenter la méthode d’intégration des simulations numériques du comporte-
ment optique au modèle de génération d’électrons chauds.

2. Valider cette méthode dans le cas déjà étudié analytiquement de la particule
isolée.

3. Simuler et étudier la génération d’électrons chauds pour un système simple en
interaction (dimère).

Remarque : Ce travail a fait l’objet d’un article [218].

V.1 Implémentation des simulations numériques

Notre objet d’étude est une particule de diamètre D = 5 nm en interaction avec
une seconde particule identique. La distance d (bord à bord) qui sépare les particules est
variable, cf schéma de la Fig. V.1. Sur cette figure, les potentiels électriques induits sont
représentés sur la deuxième ligne.

Figure V.1 – Première ligne : Schéma représentant une particule isolée à gauche et une particule en
interaction avec une seconde particule (dimère) à droite (polarisation parallèle).
Deuxième ligne : représentation du potentiel électrique induit par les deux systèmes. Calculs effectués à
la résonance de chaque système, respectivement 354 nm et 379 nm.
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V.1.1 Motivations et méthode

Motivations Dans notre modèle de génération d’électrons chauds, nous avons introduit
le taux de transition Γif entre des états i et f . L’expression de Γif fait intervenir les
amplitudes de transition Mif dont on rappelle l’expression sous forme intégrale ici :

M
(ω)
if =

˚
d3 Vφ∗

i (r) eVtot (r)φf (r) (V.1)

où e est la charge de l’électron. En considérant que la présence d’autres particules ne mo-
difie pas la configuration électronique fondamentale (nous y reviendrons à la Sec. V.2.1)
les états initiaux et finaux φi et φf sont identiques à ceux d’une particule isolée. Le seul
paramètre variable est donc le potentiel total Vtot. Plus précisément, puisque le potentiel
ressenti est la somme des potentiels incident et induit, Vtot = V + Vind, le paramètre libre
est en fait le potentiel optique induit. Dans le chapitre précédent, l’étude de la génération
d’électrons chauds par une particule isolée a été facilitée par l’existence de formules ana-
lytiques pour décrire le potentiel induit, Eq. (II.11b). Ce n’est plus le cas lorsque plusieurs
particules entrent en jeu et nous recourrons donc à nouveau à des simulations numériques.

Nous utiliserons à nouveau la toolbox MNPBEM [63], présentée Sec. II.2.1. Le poten-
tiel électrique calculé sur un ensemble de points (maillage de l’espace) sera utilisé dans
l’Eq. (V.1) pour le calcul des amplitudes de transition. 1

Méthode de validation Le système de référence pour l’étude de validation est la
particule isolée pour lequel le formalisme analytique est connu (Sec. IV.2). Tous les calculs
sont effectués à la résonance préalablement estimée en fonction du diamètre. C’est le cas le
moins favorable puisque les variations spatiales du potentiel sont les plus importantes au
voisinage de la LSPR. Lors de l’étude de la configuration électronique fondamentale, nous
avons présenté la diversité des géométries d’orbitales accessibles (revoir Figs. IV.8, IV.9
et Fig. IV.6). Du point de vue numérique, cette diversité a présenté une difficulté majeure
car elle complexifie l’évaluation numérique des intégrales triples de l’Eq. (V.1). Lorsque
les nombres quantiques l et nl augmentent, il faut recourir à des maillages très fins de
l’espace pour capter leurs variations. De plus, nous avons constaté que la convergence du
calcul n’est pas toujours garantie.

Nous avons procédé en 3 étapes afin de valider solidement la méthode employée. Trois
types de comparaisons ont été effectués et comparés :

(n°1) Test de l’intégration numérique. Cela consiste à utiliser les outils d’inté-
gration numérique fournis par Matlab en profitant de la formulation analytique de Vtot (r)

1. Ces calculs sont effectués avec Matlab.
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et φ∗
k (r), respectivement Eqs. (II.10b) −(II.11b) et Eqs. (IV.12)−(IV.14). L’objectif de

ce premier calcul était de vérifier que le passage du formalisme entièrement analytique à
l’intégration numérique, utilisant des outils formels, ne posait pas de problème. On peut
le résumer ainsi :

ˆ

ana.

d3Vφ∗
i (r)Vana. (r)φf (r) ?=

ˆ

num.

d3Vφ∗
i (r)Vana. (r)φf (r) (V.2)

(n°2) Test de la méthode des trapèzes en évaluant l’intégrande qui nous intéresse
φ∗

i (r) eVtot (r)φf (r) grâce au formalisme analytique (équations que nous venons de citer)
sur des grilles et en effectuant « à la main » l’intégration par la méthode des trapèzes.
L’objectif de ce deuxième calcul était de vérifier que l’utilisation d’une simple grille G

contenant un ensemble de points rk régulièrement espacés était suffisante. En pratique,
on utilise un maillage sphérique ; il est « régulier » car il est construit pas réguliers de ∆r,
∆θ et ∆ϕ, voir la Fig. V.2. En notant ∆Vk, le volume élémentaire centré sur rk, on peut
résumer cela ainsi : 2

ˆ

num.

d3 Vφ∗
i (r)Vana. (r)φf (r) ?=

∑
rk∈G

φ∗
i (rk)Vana. (rk)φf (rk) ∆Vk (V.3)

(n°3) Test de l’évaluation numérique de Vtot. Cette dernière étape est celle qui
nous intéresse le plus : utiliser MNPBEM pour estimer Vtot en différents points d’une
grille de l’espace. Les valeurs de Vtot ainsi obtenues sont ensuite multipliées aux valeurs
de φi et φf évaluées en ces mêmes points, avant d’effectuer, de la même façon, le calcul
des amplitudes de transitions. Cela peut être résumé par :

∑
rk∈G

φ∗
i (rk)Vana. (rk)φf (rk) ∆Vk

?=
∑
rk∈G

φ∗
i (rk)Vnum. (rk)φf (rk) ∆Vk (V.4)

La difficulté de cet exercice réside dans la quantité colossale de transitions possibles.
Nous avons observé que, pour la majeure partie des couples d’états (i, f), l’intégration
numérique ne posait pas de problème. Mais certains n’atteignaient leur convergence que
très lentement, en particulier les états associés aux m et aux l élevés. Or, ces transitions
nous intéressent puisqu’elles correspondent à la génération d’électrons très chauds (cf
Fig. IV.7).

2. Pour effectuer une intégration matricielle, la méthode numérique utilisée par Matlab (symbolisée
par

´
num.

ici) ne se résume pas à une simple intégration par la méthode des rectangles, cette comparaison

a donc été nécessaire. Elle a notamment permis de résoudre un problème de convergence qui ne sera pas
détaillé ici.
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Maillage sphérique de l’espace

Figure V.2 – Illustration des maillages de l’espace utilisés pour effectuer l’intégration numérique des
amplitudes de transition.

Au cours de cette étude pour ne pas perdre en généralité, nous avons raisonné sta-
tistiquement (sur l’ensemble des transitions possibles), puis sur les cas posant problème
en utilisant des critères d’erreurs strictes (erreur relative maximale atteinte) afin de sé-
lectionner les paramètres d’intégration optimaux.

L’étude exhaustive est particulièrement technique et lourde. Nous présenterons les
points importants : rayon de coupure des intégrales, densité de points de calcul pour
l’intégration numérique et nos conclusions.

V.1.2 Résultats de validation et d’optimisation

Rayon de coupure des intégrales La première étude (n°1) nous a permis de déter-
miner le rayon de coupure des intégrales, i.e. l’étendue spatiale de la grille nécessaire.
Pour cela les amplitudes de transition sont calculées en intégrant la partie radiale pour
r ∈ [0, rcut] et sont comparées au calcul analytique exact pour r ∈ [0,+∞]. Pour la
transition i → f , l’écart relatif à rcut s’écrit : 3

Erreur relativeif =

∣∣∣∣∣∣∣
∣∣Mana.

if (∞)
∣∣2 −

∣∣Mnum.
if (rcut)

∣∣2∣∣∣Mana.
if (∞)

∣∣∣2
∣∣∣∣∣∣∣ (V.5)

La Fig. V.3 illustre les résultats de cette étude de convergence, pour trois tailles de parti-
cules D = 2, 6 et 10 nm. Bien sûr, il est nécessaire que le rayon de coupure soit supérieur
au rayon de la particule, d’où des abscisses commençant à D/2. Sur ces figures, chaque

3. Les Mif sont présentes en module-carré dans ce critère, car les amplitudes de transition inter-
viennent ainsi dans le formalisme de génération d’électrons chauds, Eq. (IV.49a).
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courbe correspond à une amplitude de transition. L’ensemble des amplitudes de transition
non nulles possibles pour chaque taille est représenté.

On constate que l’erreur décroit lorsque rcut augmente ce qui est attendu. On constate
également que cette erreur dépend de l’amplitude de transition considérée, ce qui est
également attendu étant donné la diversité des parties radiales (cf Fig. IV.6). Dernier
résultat attendu : à rayon de coupure fixé, lorsque la taille de la particule augmente,
l’erreur diminue, en cohérence avec l’évolution du spill-out en fonction de la taille des
particules, cf Fig. IV.7 p. 150 à gauche.

En conclusion de cette étude, nous avons choisi de fixer rcut = D/2 + 1 nm quelle que
soit la taille de la particule, ce qui conduit à une erreur toujours inférieure à 0.1% sur la
valeur de Mif quels que soient i et f .

Figure V.3 – Illustration des maillages utilisés pour effectuer l’intégration numérique des amplitudes de
transition.

Densité du maillage L’étape suivante consiste à déterminer la densité de points du
maillage utilisé pour le calcul des intégrales avec la méthode des trapèzes. Le nombre de
points dans la direction radiale est noté Nr, le nombre d’orientations entre 0 et π dans
la direction uθ est noté Nθ et le nombre d’orientations entre 0 et 2π dans la direction
uϕ est noté Nϕ. Nous fixerons systématiquement Nϕ = 2Nθ. Pour cela nous avons utilisé
l’approche n°2.

Pour résumer cette étude d’optimisation, la Fig. V.4 présente l’erreur relative maxi-
male commise sur l’ensemble des Mif pour une particule de 5 nm de diamètre. Formelle-
ment le critère s’écrit :

Erreur relative max = max
i,f

∣∣∣∣∣∣∣
∣∣Mnum.

if

∣∣2 −
∣∣∣M trapz.

if (Nr, Nθ, Nϕ)
∣∣∣2∣∣∣M trapz.

if

∣∣∣2
∣∣∣∣∣∣∣ (V.6)
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On constate qu’il y a nettement convergence, à la fois lorsque Nr augmente et lorsque
Nϕ et Nθ augmentent. Le Tab. V.1 récapitule les paramètres utiles en fonction de la
précision souhaitée. Ici D = 5 nm, mais nous avons vérifié que ces résultats sont généra-
lisables à des particules dans la gamme 2 à 7 nm de diamètre (au moins). On souligne
que le nombre de points de calcul nécessaire est considérable, même pour une précision
de seulement 10%.

Figure V.4 – Convergence de l’intégration numérique des amplitudes de transitions en fonction de la
densité de points. La densité de points dans la direction radiale Nr est reportée en abscisse. Les courbes
correspondent à différentes valeurs de Nϕ = 2Nθ. Ici D = 5 nm.

Erreur relative maximale Nr Nθ Nϕ Nr × Nθ × Nϕ

10% 50 55 110 ∼ 3 × 105

1% 110 155 310 ∼ 5 × 106

0.1% 220 480 960 ∼ 1 × 108

0.01% 500 1500 3000 ∼ 2 × 108

Tableau V.1 – Paramètres Nr, Nθ et Nϕ et précisions du calcul des intégrales.

Implémentation des simulations numériques du potentiel La dernière étape
consiste à comparer les amplitudes de transitions calculées par intégration numérique
du potentiel analytique à celles calculées par intégration numérique du potentiel simulé
grâce à MNPBEM. Ici, il s’agit de l’approche n°3.

Pour le calcul numérique du potentiel induit, en accord avec nos conclusions du
Chap. II, la particule est modélisée en utilisant 400 facettes. Ici nous n’effectuons pas
de rotation du maillage. Pour résumer, le Tab. V.2 rapporte les résultats de l’étude sta-
tistique sur le calcul des amplitudes de transition. Le critère utilisé s’écrit :
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Erreur relative =

∣∣∣∣∣∣∣
∣∣∣M trapz.+pot.ana.

if

∣∣∣2 −
∣∣∣M trapz.+pot.num.

if (Nr, Nθ, Nϕ)
∣∣∣2∣∣∣M trapz.+pot.ana.

if

∣∣∣2
∣∣∣∣∣∣∣ (V.7)

Erreur sur les Mij Erreur rel. sur les observables

Nr Nθ Nϕ Maximum Moyenne Γtot Ē

50 55 110 290% 30% 21% 20%
110 155 310 11% 2% 1.3% 1.4%
220 480 960 5% 1% 1.0% 0.8%

Tableau V.2 – Étude statistique de la précision atteinte en fonction de la densité de points de la grille.
Ici D = 5 nm, mais nous avons vérifié que ces résultats sont généralisables à des particules dans la gamme
2 à 7 nm de diamètre (au moins).

Une précision moyenne de 1% est atteinte pour (Nr, Nθ, Nϕ) = (220, 480, 960). Les
erreurs maximales sur les Mif atteignent tout de même 5%, mais augmenter la densité de
points aurait un coût calculatoire substantiel.

Ce sont les paramètres (110, 155, 310) qui ont finalement été retenus car l’écart relatif,
par rapport au paramétrage précédent, sur les observables d’intérêt (Γtot, Ē et ρ), est en
fait toujours inférieur à 2%. L’erreur est plus importante pour les termes Γf ; dans de rares
cas (l et nl très élevés), elle atteint 5%, ce qui demeure faible.

Enfin, pour évaluer l’importance d’une modélisation fine du potentiel induit à la sur-
face de la particule, nous avons effectué des comparaisons identiques en corrigeant les er-
reurs de surface (voir la méthode des orientations présentée Sec. II.2.2). Dans ce contexte,
effectuer des rotations ne nous a finalement pas permis d’améliorer significativement la
précision du calcul.

Application aux distributions d’énergie Pour illustrer la validité de notre méthode
d’intégration numérique, sur la Fig. V.5 on compare aux prédictions analytiques les dis-
tributions d’énergie des électrons chauds calculées par intégration du potentiel simulé par
MNPBEM pour les trois maillages du Tab. V.2. Tous les calculs ont été effectués à la
longueur d’onde de résonance (le cas le moins favorable).

Quel que soit le maillage utilisé, les tendances sont en bon accord qualitatif. Quantita-
tivement, c’est à partir du 2ème maillage (110,155) que la convergence peut être supposée
acquise. Sur les agrandissements de droite, on constate un écart relatif < 3% sur l’am-
plitude du pic de plus basse énergie (encadré a.), et < 0.5% pour le pic de plus haute
énergie (encadré b.).
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Figure V.5 – Évolution de la distribution des niveaux d’énergie en fonction de la méthode de calcul :
analytique (courbe en tirets) et numérique pour différents maillages (courbes continues). Les figures de
droites sont des agrandissements des régions encadrées sur le graphique de droite. Nϕ = 2Nθ et D = 5
nm.

Ces résultats d’optimisation ont été obtenus avant l’ajout de l’effet du confinement sur
l’amortissement dans notre modèle. Par conséquent, ici, l’allure de la DOS des électrons
chauds générés pour D = 5 nm est différente de celle présentée en Fig. IV.18. Ceci
explique la diminution de la quantité d’électrons générés près du niveau de Fermi et les
irrégularités plus marquées pour des énergies élevées. Nous avons vérifié ultérieurement
que ces résultats de convergence restent valables lorsque l’effet de confinement est pris en
compte.

Remarque n°2 sur le calcul des Mif On rappelle que pour une particule isolée, les
seules transitions possibles étaient telles que li = lf ± 1 et mi = mf (cf Remarque n°1
p. 162). Pour le dimère, le potentiel induit n’étant plus symétrique par rapport au plan
passant par le centre de la particule et perpendiculaire à la direction de polarisation, la
règle de sélection sur l ne s’applique plus.

Pour une particule de 5 nm de diamètre, on passe ainsi de 2, 3 104 à 2, 5 105 transi-
tions possibles. Cela engendre évidemment une augmentation considérable du poids de la
méthode numérique qui vient s’ajouter au coût du calcul numérique des intégrales. À ce
sujet, dans un premier temps, ce coût était très limitant (environ 11 jours de calcul en
parallèle sur 60 processeurs,utilisant 140 Go de RAM). Nous avons mené une étude ap-
profondie d’optimisation et de parallélisation. L’intérêt « physique » de cette étude étant
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inexistant, nous ne rapporterons pas cette étude (3 mois). Finalement, cette étude a per-
mis de réduire le temps de calcul par un facteur 110, faisant passer notre méthode d’un
coût à la limite du raisonnable à une efficacité opérationnelle applicable à des calculs « de
routine ». Finalement, après optimisation, pour effectuer une simulation à une longueur
d’onde des observables qui nous intéressent, il faut environ 2 heures.

Conclusion sur le choix des paramètres d’intégration

Paramètres numériques de la méthode d’intégration

— L’intégration numérique des amplitudes de transition demeure relativement coû-
teuse en puissance de calcul, mais fonctionnelle. Nous avons retenu (Nr, Nθ, Nϕ) =
(110, 155, 310), soit une grille contenant quelques 5.106 points pour notre étude.
Là encore, nous avons constaté que les erreurs maximales apparaissent pour les
l et nl élevés qui sont justement ceux qui nous intéressent, d’où le choix d’une
densité de points aussi contraignante.

— Par rapport à notre modèle analytique de référence, les paramètres d’intégra-
tion numérique du potentiel obtenu grâce à MNPBEM conduisent à une erreur
moyenne sur les Mif inférieure à 2%, et un écart maximal attendu sur les densi-
tés d’états < 2%. Cette précision de l’approche numérique est très satisfaisante
en comparaison avec les écarts allant jusqu’à un ordre de grandeur entre les
différents modèles préexistants (cf Fig. IV.16).

Cette étude de validité ayant été effectuée sur l’ensemble des transitions possibles,
nous pouvons considérer qu’une modification relativement faible du potentiel total, et
notamment son augmentation, n’altère pas la fiabilité du calcul des intégrales numériques.
Ainsi, dans le cas du dimère qui nous intéresse ici, nous considérons que l’augmentation
local du potentiel aux extrémités de la particule (de l’ordre de 20%, cf Figs. II.20 p. 80)
ne corrompt pas le calcul des intégrales. Ces conclusions techniques sont donc extensibles
au cas du dimère qui nous intéresse.

V.2 Application au cas du dimère
Dans cette section, nous rapportons les résultats proposés dans [218]. Nous appliquons

notre calcul perturbatif à une des deux nanoparticules d’un dimère. En d’autres termes,
nous appelons « sections efficaces du dimère » la demi-section efficace du système et « taux
de génération du dimère », le demi-taux de génération du système pour pouvoir comparer
directement au cas isolé. Le système est présenté sur la Fig. V.1.



Chapitre V : Modélisation dans le cas du dimère 193

V.2.1 Influence de la seconde particule sur les états électro-
niques

Ici nous considérons que la base des états propres sur laquelle est développée l’évo-
lution de la configuration électronique de la particule perturbée n’est pas modifiée par
la présence d’une seconde particule. Il s’agit d’une approximation importante. Nous sa-
vons que les interactions entre les cortèges électroniques respectifs des particules sont
possibles. Cela donne lieu, par exemple, à l’apparition de courants tunnels lorsque les dis-
tances interparticules sont très faibles. Nous avons estimé l’importance de ces interactions
en considérant un système plus simple pour lequel les calculs analytiques nous étaient ac-
cessibles : deux particules modélisées par deux puits de potentiel jellium 1D. Pour un
tel système, on résout facilement l’équation de Schrödinger et on obtient l’expression des
fonctions d’onde. En considérant deux puits de profondeurs finies, on modélise le taux
d’effet tunnel, mais aussi le débordement des fonctions d’onde que l’on peut comparer au
cas d’un puits unique.

Les conclusions de ces calculs relativement simples (disponibles par ailleurs) sont les
suivantes :

— pour les orbitales occupées à l’état fondamental (E < eF) : l’effet des interactions
est largement négligeable au moins à partir de d = 1 nm, 4

— pour les états d’énergie faible (E > eF + 1 eV) : l’effet reste négligeable,

— pour les états d’énergies élevées (E > eF + 3 eV) : on peut totalement négliger
l’influence de la seconde particule à partir de d = 2 nm, mais pour d = 1 nm une
différence de 10% sur le spill-out est constatée.

Ces résultats sont concluants pour d > 1 nm. Ils commencent à poser question pour
d = 1 nm. Cependant, rappelons que dans nos calculs, seule une infime partie des électrons
chauds est transférée jusqu’à ces états très excités ; l’erreur commise sur les taux de
génération, l’énergie moyenne et le spill-out total des électrons chauds devrait donc être
très faible. En revanche, si on voulait encore diminuer la distance, les interactions devraient
impérativement être prises en compte.

Il est à noter que le modèle employé dans ces calculs (puits carré 1D) ne décrit le
système réel que très approximativement. Or, la généralisation à un puits de potentiel
sphérique 3D n’est pas évidente. D’un côté, l’effet des interactions peut être beaucoup
plus faible étant donné qu’à distance interparticule fixée, les orbitales sont géométrique-

4. On rappelle qu’en-deçà de 1 nm, notre approche est de toute façon limitée car MNPBEM n’est
plus applicable.
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ment plus éloignées (elles ne sont véritablement proches qu’au voisinage du gap interpar-
ticule). De l’autre, on sait que le modèle du puits carré sous-estime le spillout ; on peut
s’attendre à ce que cela augmente l’importance des interactions au voisinage de la surface.
De plus amples développements pourraient permettre de quantifier précisément l’effet des
interactions interparticules.

On note également que la distance limite d’applicabilité de 1 nm que nous utilisons est
qualitativement cohérente avec notre étude sur le rayon de coupure. Sur la Fig. V.3, pour
D = 6 nm, on constate qu’aucun couplage significatif n’apparaît au-delà de D/2 +0.4 nm
(si l’on considère un critère d’erreur relative de 0.1% sur les amplitudes de transition),
estimée ainsi, on obtient une distance limite approximative de d = 0.4 × 2 = 0.8 nm.

V.2.2 Propriétés optiques (rappels)

Pour un dimère d’argent composé de deux particules de 5 nm de diamètre, nous avons
vu au Chap. II que la section efficace d’absorption dépend de la distance interparticule
et de la polarisation. Nous considérons le cas d’une excitation de polarisation parallèle
puisque c’est celle qui engendre un potentiel optique induit dont l’amplitude est maximale.
La Fig. V.6 résume le comportement du dimère en fonction de la distance interparticule.

On observe un décalage vers le rouge et une amplification de la LSPR lorsque d

diminue. Cette amplification s’accompagne d’une augmentation du potentiel optique in-
duit. Dans le prochain paragraphe nous étudions l’influence de cette augmentation sur la
génération d’électrons chauds.

La Fig. V.1 p. 184, présente les cartographies des potentiels électriques induits.

Figure V.6 – À gauche, évolution de la section efficace d’absorption de deux nanoparticules d’argent
de 5 nm de diamètre en fonction de la distance interparticule, en polarisation parallèle. À droite, les
évolutions respectives de l’amplitude à la résonance (en haut) et de la longueur d’onde de résonance (en
bas).
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V.2.3 Taux de génération d’électrons chauds

Pour une particule isolée, nous avons vu que la résonance de la section efficace d’ab-
sorption coïncide avec la résonance du taux total de génération, cf Fig. IV.13. Nous savons
que cette propriété s’applique aussi à des systèmes plus complexes [49]. Les calculs seront
donc effectués et comparés à la longueur d’onde de résonance de chaque système.

Taux de génération total et énergie moyenne Sur la Fig. V.7, nous présentons
le taux total de génération d’électrons chauds et l’énergie moyenne de ces derniers en
fonction de la distance interparticule.

Lorsque la distance interparticule diminue, le taux total de génération augmente de
15%. Cette augmentation est imputable à l’amplification du potentiel électrique. Plus
précisément, plus la distance interparticule est faible, plus l’amplitude de la section efficace
d’absorption du dimère à la résonance est importante, plus le système absorbe de l’énergie
lumineuse et plus d’électrons chauds sont générés.

L’augmentation du taux de génération s’accompagne d’une augmentation de l’énergie
moyenne. Remarquons que cette augmentation n’est pas liée au déplacement de la LSPR
i.e. à l’écart d’énergie des photons absorbés. En effet, en passant de 354 nm à 367 nm,
l’énergie des photons diminue de 20 meV, alors qu’on observe une augmentation de l’éner-
gie moyenne des électrons chauds de 50 meV. Ce comportement a également été observé
par Beistero et coll. [49], qui ont montré que le quanta de taux de génération d’un dimère
(c’est-à-dire le rapport entre le taux de génération d’électrons très chauds et le taux total)
augmente lorsque la distance interparticule diminue.

Figure V.7 – Taux total de génération d’électrons chauds (axe de gauche) et énergie moyenne des
électrons chauds (axe de droite) par un dimère de nanoparticules (pour une des deux particules), en
fonction de la distance interparticule. Ici D = 5 nm. Les calculs sont effectués à la résonance du système
déduite de la Fig. V.6.
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Distribution en énergie Les comparaisons concernant les distributions d’énergie sont
rapportées sur la Fig. V.8 dans le cas d’une forte interaction, d = 1 nm. Quelle que soit
la gamme d’énergie considérée, la quantité d’électrons chauds générés est plus importante
pour le dimère. De plus, la proportion d’électrons très chauds (énergie supérieure à eF+0.5
eV) est de 15% pour le dimère contre 10% pour la particule isolée. Cela confirme le fait que
la présence d’un point chaud engendre une augmentation de la quantité de porteurs chauds
générés ainsi que la proportion d’électrons très énergétiques, faisant de ces systèmes de
bons candidats pour des applications basées sur la photo-génération d’électrons chauds.

Ces différentes augmentations peuvent être comprises en examinant le comportement
des amplitudes de transition (Mif Eq. (IV.11b)). En comparaison avec la particule isolée,
nous avons constaté que les Mif augmentent pour les transitions entre états associés à
des indices l élevés et m faibles, dont la densité angulaire est très directionnelle et est
maximale dans la direction z de polarisation, cf Fig. IV.9. Ce résultat découle de la plus
grande directionnalité du potentiel optique du dimère tel que discuté au Chap. II, revoir
Fig. II.20 p. 80.

Figure V.8 – Distribution des électrons chauds générés par un dimère de particules d’argent (en rouge),
comparée au cas d’une nanoparticule isolée (en noir). Les calculs sont effectués à la résonance de chacun
des systèmes, respectivement λr = 367 et 354 nm. Les DOS (courbe continue) ont été obtenues en
appliquant un élargissement gaussien de d’écart type σ = 0.5 eV aux histogrammes (bâtons verticaux).
Ici D = 5 nm et pour le dimère d = 1 nm.

Par ailleurs, certaines amplitudes de transition qui étaient nulles par symétrie dans
le cas de la particule isolée ne le sont plus. En d’autres termes, la brisure de symétrie
pour un dimère supprime partiellement les règles de sélection. En conséquence, certains
électrons peuvent être transférés dans des états d’énergies très élevées associés à de hautes
valeurs de l.

Il est possible d’imaginer que les augmentations des taux de génération sont unique-
ment dues à l’augmentation de l’amplitude de Vtot. Cependant, en comparant les courbes
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principales de la Fig. V.8 et de l’agrandissement en encadré, on constate que, par rapport
à la particule isolée, l’augmentation relative de Γf dans le cas du dimère est plus impor-
tante si Ef > 0.5 eV que si Ef < 0.5 eV. Ainsi, la déformation spatiale du potentiel due
aux interactions favorise des transitions vers des états d’énergies élevées, indépendam-
ment de l’augmentation de l’amplitude du potentiel. L’Annexe A.26 p.236 approfondit
cette discussion sur la base d’éléments plus quantitatifs.

Conséquence des interactions sur les taux de génération

L’augmentation de l’amplitude du potentiel et la déformation spatiale du potentiel
dues aux interactions engendrent :

— l’apparition de transitions supplémentaires (conséquence de la brisure de symé-
trie),

— une augmentation globale des taux de génération dans le cas du dimère (consé-
quence de la déformation spatiale de Vtot et de l’augmentation de son amplitude),

— une augmentation de la proportion d’électrons très chauds (conséquence de la
déformation spatiale de Vtot).

V.2.4 Distribution spatiale des électrons chauds

Un des apports majeur de notre modèle est la description analytique des états électro-
niques, ce qui nous permet d’étudier la distribution spatiale des électrons chauds même
dans le cas d’un système en interaction.

Cartographie des électrons chauds Sur la Fig. V.9 nous représentons les carto-
graphies (densités locales) d’électrons chauds pour une particule isolée (à gauche) et un
dimère pour un gap de 1 nm (à droite). La représentation est dans le plan xOz conte-
nant le vecteur d’onde incident, cf schéma de la Fig. V.1. Étant données les symétries
du problème, on obtiendrait une représentation d’ensemble en effectuant une rotation de
ces cartographies selon l’axe de Oz (i.e. selon ϕ comme indiqué). Ces représentations
sont à interpréter au support des cartographies du potentiel électrique. Les cartographies
des densités présentent des oscillations radiales, ce sont des réminiscences des oscillations
radiales des états électroniques eux-mêmes (cf Fig. IV.6).

Pour le dimère, on constate que la densité présente une symétrie d’axe Ox passant par
le centre de la particule bien que ce ne soit pas le cas du potentiel, Fig. II.20. Cette obser-
vation est surprenante à première vue. Il s’agit en fait d’une conséquence logique de nos
hypothèses, les orbitales du système fondamental sont toutes symétriques, cf Figs. IV.8 et
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IV.9. Puisque nous supposons que la présence d’une seconde particule ne modifie pas les
orbitales, on retrouve nécessairement cette symétrie pour les densités d’électrons chauds.
Ce résultat justifie l’étude de l’importance des interactions effectuée à la Sec. V.2.1. De
plus, nous n’étudions que la partie constante (dans le temps) de la densité locale d’élec-
trons chauds, cf Eqs. (A.38) et (A.39) en Annexe, ce qui implique que la densité a la
même symétrie que les états propres du fondamental, par construction. En conséquence,
les électrons chauds ont donc la même probabilité d’être trouvés de chaque côté de la
particule : près du gap ou à l’opposé.

Ces cartographies confirment à nouveau que plus d’électrons chauds sont générés dans
le cas du dimère. Par ailleurs, dans les deux systèmes, la densité est maximale le long de
la direction de polarisation. En effet, comme discuté dans les paragraphes précédents,
ce comportement est corrélé à l’évolution spatiale du potentiel optique qui induit un
couplage privilégié entre les orbitales dont les densités angulaires sont importantes le long
de la direction de polarisation.

Finalement, la densité d’électrons chauds est maximale au voisinage de la surface de
la particule, pour deux raisons :

— le potentiel électrique est amplifié au voisinage de la surface,

— les orbitales de hautes énergies sont principalement localisées près de la surface.

Des résultats et des interprétations similaires ont été rapportés en ce sens pour une
particule isolée [50].

Figure V.9 – Distribution spatiale des électrons chauds générés par un dimère de particule d’argent (à
droite) comparée au cas d’une particule isolée (à gauche). Les calculs sont effectués à la résonance de
chacun des systèmes, respectivement λr = 367 et 354 nm. Ici D = 5 nm et pour le dimère d = 1 nm. Les
cercles bleus représentent le bord de la particule.
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Directionnalité de la génération Analysons de plus près la directionnalité du méca-
nisme de génération d’électrons chauds afin d’établir plus clairement la distinction entre
les comportements d’un dimère et d’une particule isolée. Sur la Fig. V.10, à gauche, la
densité directionnelle réduite des électrons chauds est représentée en fonction de l’angle
θ (θ = 0 correspond à la direction de polarisation). Les courbes noires correspondent à
la particule isolée, les courbes rouges au dimère. Les définitions de ces grandeurs ont été
données Sec. IV.1.3.4. À droite, l’indicateur de spill-out des électrons chauds est présenté
en fonction de la distance interparticule. Ces résultats confirment le fait que les électrons
sont principalement générés le long de la direction de polarisation, que ce soit pour le
dimère ou la particule isolée. Cette directionnalité est d’autant plus marquée pour le
dimère avec une densité réduite à θ = 0 de 0.88 pour le dimère contre 0.76 pour la par-
ticule isolée (courbes continues). En examinant séparément les électrons « peu chauds »
(eF < E < eF + 1 eV) et les électrons « très chauds » (eF + 1 eV < E) associés res-
pectivement aux courbes en pointillés et en tirets, on constate que l’augmentation de la
préférence directionnelle concerne les deux catégories d’électrons, mais est plus marquée
pour les électrons très chauds, dont la proportion augmente également avec l’énergie.

Figure V.10 – À gauche, densité directionnelle des électrons chauds en fonction de θ. Les courbes
rouges correspondent au dimère, les noirs correspondent à la nanoparticule isolée ; pour tous les électrons
chauds (ligne continue), les électrons très chauds (tirets) et les électrons peu chauds (pointillés). La ligne
horizontale bleue correspond à une distribution homogène en θ. À droite, le débordement des électrons
chauds associés en fonction de la distance interparticule.

En ce qui concerne le débordement des électrons chauds, il est plutôt faible (< 1%),
mais augmente de 2% lorsque la distance interparticule diminue. Pour comprendre ce résul-
tat, les courbes pour les électrons peu et très chauds sont également présentées (pointillés
et tirets respectivement). Comme attendu, le débordement des électrons très chauds est
plus marqué étant donné l’extension spatiale plus importante des parties radiales asso-
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ciées. Quoi qu’il en soit, lorsque la distance interparticule diminue, le débordement reste
relativement constant. Il augmente légèrement lorsque le gap est très faible.

V.3 Conclusion du volet B
Dans cette étude, nous avons utilisé un modèle semi-analytique basé sur la théorie

des perturbations dépendantes du temps permettant de décrire la génération d’électrons
chauds par une particule d’argent. Ce modèle, initialement inspiré de celui proposé par
Manjavacas et al, a été reconstruit, critiqué et amélioré. Nous avons finalement retrouvé le
résultat obtenu par Govorov et coll. et nous avons justifié précisément le rôle des différents
paramètres physiques. L’étude du comportement optique d’un nano-objet, notamment le
modèle de Drude étendu et l’hypothèse de Kreibig, nous a permis d’affiner la prédiction des
grandeurs d’intérêt, en particulier, le comportement spectral du taux total de génération
d’électrons chauds.

L’implémentation de simulation numérique du comportement optique du dimère nous
a permis d’étendre l’applicabilité du modèle que nous proposons. Nous l’avons appliqué à
un premier système d’intérêt : le dimère de nanoparticule plasmonique i.e., le système en
interaction le plus simple. Il permet de générer des champs électromagnétiques locaux très
intenses. Ce comportement fait de ce système un bon candidat pour une diversité d’ap-
plications impliquant des électrons chauds, telle que la photocatalyse. En accord avec de
précédents travaux, nous avons montré que l’augmentation locale du champ engendre une
augmentation des taux de génération d’environ 15% lorsque les interactions augmentent,
(i.e. que les distances interparticules diminuent. Par ailleurs, les électrons très chauds
sont les plus susceptibles d’être transférés à des orbitales de molécules adsorbées ou à
la bande de conduction d’un semiconducteur avoisinant. Nous avons vu que leur propor-
tion augmente. En conséquence directe, le spillout moyen des électrons chauds augmente
également ce qui rend le transfert plus probable. Là encore, ces propriétés font de ces
systèmes de bons candidats pour des applications pratiques.

De plus, nous avons montré que les interactions modifient la répartition des électrons
chauds. La densité locale d’électrons chauds augmente au niveau du gap mais aussi dans
la direction opposée ce qui n’était a priori pas intuitif d’après les représentations usuelles
en « champ électrique » des points chauds. Ce comportement plus marqué pour les élec-
trons très chauds et est partiellement corrélé à la rupture de symétrie qui apparaît dans
un dimère en comparaison avec une nanoparticule isolée. L’existence de cette « surface
active » à l’opposé du hot-spot électrique devrait être plus favorable aux applications
photocatalytiques étant donné que l’accès à cette région du système par une molécule est
plus simple.
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Les nanostructures plasmoniques à base de métaux nobles sont utilisées dans de nom-
breux domaines. On les retrouve notamment en tant que photocapteur en biologie, en
tant que surface active pour la détection photochimique (spectroscopie Raman exaltée
en surface), pour manipuler la lumière à l’échelle nano en optoélectronique, ou encore
pour agir in situ en médecine avec des applications en traitement médicamenteux ciblé
ou en nano-chirurgie par hyperthermie locale. En effet, l’intérêt pratique des matériaux
plasmoniques est que, sous forme de nanoparticules, ces matériaux présentent une impor-
tante résonance de leurs sections efficaces d’absorption (LSPR), ce qui permet de collecter
localement une grande quantité d’énergie. Cette énergie peut ensuite être utilisée pour gé-
nérer des courants électriques, chauffer localement ou activer des réactions chimiques. En
particulier, de telles nanostructures sont aujourd’hui utilisées en photocatalyse appliquée
à la production d’hydrogène ou d’éthylène et la minéralisation de polluants en milieux
aqueux, sous rayonnement artificiel ou solaire. Actuellement, les nanoparticules plasmo-
niques sont généralement couplées à d’autres matériaux, tels que des semi-conducteurs ou
du charbon actif. L’association à des métaux nobles permet en effet de tirer parti d’une
plus grande partie du spectre solaire puisque les LSPR des nanoparticules d’or et d’ar-
gent apparaissent sous rayonnement visible. Cette idée a conduit à envisager une nouvelle
approche : la photocatalyse plasmonique directe, c’est-à-dire en utilisant des systèmes
ne contenant que des nanoparticules plasmoniques, donc sans semi-conducteur. Plusieurs
démonstrations expérimentales de l’efficacité de cette méthode ont été proposées ces dix
dernières années et des approches théoriques sont actuellement développées afin d’inter-
préter, décrire et optimiser le procédé. L’explication la plus plausible est qu’une partie
de l’énergie lumineuse absorbée par le matériau conduit à la création d’électrons très
énergétiques qui peuvent être transférés à des molécules avoisinantes, conduisant à leur
minéralisation.

Toutefois, le développement des approches théoriques du mécanisme de photocatalyse
plasmonique se heurte à trois difficultés majeures. Premièrement, la description théorique
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quantitative du comportement optique des échantillons nanostructurés disponibles en pra-
tique relève du défi. En effet, de nombreux paramètres sont en compétition : nature des
matériaux, tailles des particules, formes, existence de fortes interactions, etc ; cela com-
plexifie les modélisations analytiques. A ce sujet le modèle de Maxwell Garnett, basé sur
une approche de type milieu effectif, est généralement discuté et nous savons que cette
approche n’est plus valable lorsque la densité de métal est importante. Lorsqu’il s’agit
de simuler un matériau macroscopique, les approches numériques sont également limitées
car la forte dépendance aux caractéristiques microscopiques locales implique des coûts
calculatoires démesurément élevés. Deuxièmement, les temps caractéristiques impliqués
dans le mécanismes de génération d’électrons chauds sont si courts, qu’il est très diffi-
cile, voire impossible, de mener une étude expérimentale qui permettrait de discriminer
ces différents mécanismes ou de quantifier leurs importances. Troisièmement, l’approche
la plus adaptée pour décrire les modifications de la configuration électronique de nano-
particule est la DFT (ou un de ses dérivés), malheureusement, étant donné la taille des
particules d’intérêt (de quelques nanomètres à quelques dizaines), les approches ab initio
sont également dépassées.

Dans ce manuscrit, nous avons utilisé des approches analytiques et numériques pour
étudier deux des principaux mécanismes élémentaires qui résultent de l’irradiation de sys-
tèmes contenant une à quelques centaines de nanoparticules, dans la gamme de tailles 2
à 40 nm de diamètre. Dans un premier temps, grâce à une approche électrodynamique
classique, nous avons étudié la dépendance spectrale de la réponse optique : l’évolution
de la permittivité diélectrique, des sections efficaces optiques, du champ et du potentiel
électriques induits. Dans un second temps, grâce à la théorie quantique des perturba-
tions, nous avons étudié la génération d’électrons chauds en régime athermal : taux de
génération d’électrons chauds, distributions en énergie des électrons chauds générés et
répartition spatiale. De manière générale, nous nous sommes intéressés à l’influence des
paramètres physiques les plus significatifs : la taille des particules, la nature des matériaux
et l’existence d’interactions interparticules.

Cette étude nous a permis de proposer un certain nombre de résultats. Que ce soit
pour décrire la réponse optique ou la génération d’électrons chauds, un des paramètres
fondamentaux est la permittivité diélectrique. À ce sujet, nous avons effectué une revue
des résultats disponibles et une analyse du modèle de Drude et de ses extensions. Cela
nous a permis de proposer d’une part, un critère de validité pour le modèle de Drude
en termes de permittivité de matrice, d’autre part une extension phénoménologique au
modèle de Drude que nous avons validée. De plus, l’utilisation de simulations numériques
du comportement optique de nanoparticules nous a permis d’étudier le cas de système en
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forte interaction. Nous avons étudié le cas du dimère puis celui d’assemblées organisées. A
ce sujet, nous avons proposé et validé une méthode de simulation numérique permettant
d’approcher le cas d’une assemblée à la fois dense (fortes interactions) et infinie (contenant
de nombreuses nanoparticules). Cette méthode a été validée puis comparée au modèle de
Maxwell Garnett et à une de ses extensions qui tient compte des corrélations à trois corps,
le modèle de Torquato et al. Cela nous a permis de préciser la limite de validité du modèle
de Maxwell Garnett en termes de densité de métal, mais surtout de souligner l’importance
de la nature des matériaux (métal et matrice), de la compacité et plus généralement de
l’organisation spatiale de l’assemblée. Nous avons notamment montré que le paramètre
fraction volumique, seul, ne permet pas de conclure et avons proposé une limite de validité
multicritère qualitative.

Lors de l’étude du mécanisme de génération d’électrons chauds, nous avons d’abord
présenté notre modèle et avons procédé à une analyse critique précise des modèles ana-
lytiques proposés dans la littérature. Nous avons notamment souligné l’importance d’une
modélisation précise de la permittivité diélectrique et de la durée de vie du plasmon
dans les descriptions théoriques. Enfin, nous avons combiné les modélisations numériques
du comportement optique au modèle analytique du mécanisme de génération d’électrons
chauds pour étudier le cas d’un dimère de deux nanoparticules en interaction. Nous avons
confirmé que l’augmentation des interactions engendre une augmentation des taux de gé-
nération et de la directionnalité de la génération d’électrons chauds dans la direction de
l’axe interparticule - notamment « à l’extérieur » du dimère, faisant de ces systèmes de
bons candidats pour le développement d’un procédé de phocatalyse plasmonique directe
applicable notamment à la dépollution de l’eau par voie solaire.

Perspectives générales

Notre étude a permis de dresser plusieurs perspectives qui nous semblent intéressantes.
Le premier sujet est indépendant de la notion d’électrons chauds, il a déjà été évoqués, 5

les autres s’ajoutent et s’associent aux précédents, combinant les deux aspects de cette
étude :

(1) Étude quantitative précise de l’influence de l’organisation spatiale sur le com-
portement optique effectif d’une assemblée. L’ensemble de nos conclusions et notamment
l’adéquation entre les simulations numériques et le modèle de Torquato seraient plus so-
lides si des simulations étaient effectuées pour d’autres agencements. À ce stade, le code

5. Voir la liste de perspectives dressée à la fin de la première partie de ce manuscrit, Sec. III.4 p. 128.
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permettant de simuler des agencements organisés selon sur des réseaux Cubique Simple,
Cubique Centré et Cubique Face Centré est d’ores et déjà opérationnel.

(2) Les simulations numériques du comportement optique d’assemblées étant opéra-
tionnelles, à court terme, nous devrions être en mesure d’étudier la génération d’électrons
chauds dans ce type de système, beaucoup plus proche des échantillons expérimentale-
ment accessibles. Cette étude présentera deux étapes principales (qui rappellent les deux
volets de notre étude) ayant chacune un intérêt propre :

— L’étude du comportement optique d’organisations 2D (films). Il s’agit de simuler
des systèmes tels que les coupes présentées Fig. III.8 p. 107. Pour ce faire une étude
de convergence en termes de nombre de particules est nécessaire, étant donné le
nombre de particules que l’on peut considérer (> 380), il est quasiment certain
qu’une convergence nette serait atteinte. Cela permettrait d’une part, d’ajouter un
ordre de grandeur aux résultats concernant l’effet de forme des agrégats 2D proposés
dans la littérature [202, 203]. D’autre part, il serait possible d’obtenir une estimation
bien plus quantitative de la portée des interactions dans une nanostructure dense.
Là aussi, l’outil numérique est entièrement opérationnel.

— L’étude de la génération d’électrons chauds par une organisation 2D et 3D en ap-
pliquant notre modèle analytique de génération d’électrons chauds à une nanoparti-
cule représentative telle que cela a été décrit en première partie de ce manuscrit. En
outre, l’étude de la directionnalité du mécanisme de génération nous laisse penser
que l’utilisation de deux couches de nanoparticules (deux organisations 2D super-
posées), devrait permettre d’optimiser la quantité d’électrons chauds générés à la
surface du matériau (du point de vue macroscopique).

(3) Une hypothèse importante de notre modèle de génération d’électrons chauds est le
fait que, à l’état fondamental, la présence d’un autre nano-objet ne modifie pas les orbitales
électroniques de l’objet étudié. Dans la gamme de tailles étudiée et pour des distances
interparticules ≳ 1 nm, nous avons vue que cette hypothèse est satisfaisante. Toutefois,
nous pourrions obtenir la configuration électronique par une approche numérique ab initio
(DFT) plus solide. Cela permettrait d’une part de vérifier cette hypothèse et d’autre part,
d’étendre notre étude à des systèmes en plus forte interaction (d < 1 nm).

(4) De plus, dans les preuves de principe ayant démontré la faisabilité de la photo-
catalyse assistée par plasmon [55, 74, 75], il est très probable que la contribution de la
température ne soit pas négligeable et que la catalyse observée résulte de deux contribu-
tions [45] :

— la photocatalyse plasmonique directe, liée à la génération de porteurs chauds telle
que nous venons de l’étudier,
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— la catalyse photothermique liée à la diffusion sous forme de chaleur de l’énergie
lumineuse absorbée [220].

Une compréhension et une modélisation globales des phénomènes seraient nécessaires.
Cependant, l’une des principales difficultés de cet exercice concerne les échelles de temps :
la cinétique des phénomènes thermiques est beaucoup plus lente. En effet, nous expliquions
en introduction que la création d’électrons chauds (tels que nous les avons définis : en
régime athermal) a lieu dans les premières femtosecondes (1-10 fs), tandis que la diffusion
de la chaleur dans le matériau (faisant suite à la thermalisation des électrons chauds
notamment) n’apparaît qu’à partir de 100 ps à 10 ns ; soit 5 à 9 ordres de grandeur de
différence dans la temporalité des phénomènes.

(5) Enfin, un modèle permettant de décrire le couplage entre la configuration élec-
tronique d’une nanoparticule et les orbitales d’une molécule adsorbée a été mis au point
dans l’équipe. Ce modèle, basé sur un hamiltonien effectif, permet de décrire le transfert
direct des électrons chauds à des orbitales vacances de molécules, et ainsi d’étudier le
phénomène de « chemical interface damping ». Actuellement, ce modèle est limité au cas
d’une nanoparticule sur laquelle une seule molécule à symétrie cylindrique est adsorbée.
En utilisant nos résultats sur la modélisation des propriétés optiques d’assemblées, ainsi
que grâce à l’optimisation du code numérique effectuée lors de cette thèse, on peut à
présent envisager l’étude de systèmes réalistes, comme le cas de polluants adsorbés sur un
film de nanoparticules. Ces études pourraient alors permettre de comparer notre modèle
à des expériences de photocatalyse sous rayonnement visible, et permettraient à terme
d’aider à l’optimisation des catalyseurs employés et des procédés d’irradiation.





ANNEXE A
Informations complémentaires

A.1 Données utiles

Grandeur Or Argent

Numéro atomique Z 79 ♣ 47 ♣

Structure électronique [X] [Xe] 5d106s1 ♣ [Kr] 4d105s1 ♣

Masse atomique M 197.0 uma [105] 108.0 uma [105]
Masse volumique ρX 19.3 cm−3 [105] 10.50 cm−3 [105]
Densité atomique n0 5.90 1022 cm−3 ♣ 5.86 1022 cm−3 ♣

Pulsation plasma ωp 8.9 eV ♦ 8.8 eV ♦

Fonction de travail WF 5.1 eV [106] 4.5 eV [99]
Seuil IB (approximatif) EIB 1.8 eV ♦ 3.6 eV ♦

Amortissement plasmon γp 48.4 meV ♦ 36.7 meV ♦

Temps caract. de relaxation τp 13.5 fs ♦ 17.9 fs ♦

Vitesse de Fermi vF 1.40 106 m.s−1 [107] 1.39 106 m.s−1 [107]
Libre parcours moyen l∞ 19 nm ♠ 25 nm ♠

Épaisseur de peau à 2 et 3 eV δ 29 − 33 nm ♠ 24 − 30 nm ♠

Masse effective des électrons m∗
e 1.03 [108] 0.96 [95]

Tableau A.1 – Paramètres physiques de l’or et de l’argent massifs. Les (♣) indiquent que le paramètre
est bien connu, les (♦) que le paramètre a été évalué dans cette étude et sera discuté et les (♠) que le
paramètre peut être déterminé trivialement. ρX et n0 sont données à 20°C. l∞ est estimé via la relation
l∞ ≃ vFτp, les valeurs que nous obtenons sont relativement faibles (cf [87] p. 22). δ est calculée via la
relation δ = λ/ (2πk) où la partie imaginaire k de l’indice optique est tirée des Refs [92, 93], ces valeurs
peuvent servir de références d’échelle complémentaires. Nous verrons que les paramètres γp, et m∗

e et
ceux qui en découlent présentent une forte dépendance spectrale, ils sont donnés en tant que constante à
titre indicatif. Un diagramme de conversion énergie-longueur d’onde est inclus ensuite.
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A.2 Conversion énergie - longueur d’onde

Figure A.1 – Diagramme de conversion énergie - longueur d’onde. On rappelle que nous utilisons ω

comme variable variable « énergie des photons ».

A.3 Modélisation explicite des transitions interbandes

Lorsque l’énergie des photons incidents devient trop importante et dépasse un certain
seuil énergétique (en l’occurrence EIB, voir Tab. I.2-p.26), le modèle de Drude ne per-
met plus de prédire le comportement des métaux nobles (voir Fig.I.8-p. 35). La raison
principale de ces divergences est l’apparition des transitions interbandes.

Dans les paragraphes suivants, nous rapportons (succinctement) les bases permettant
de saisir l’origine de ce phénomène et proposerons plusieurs pistes pour de futurs dévelop-
pements. Cette discussion ne saurait être exhaustive étant donné qu’il s’agit d’un sujet
de recherche vaste et riche.

Dans les approches précédentes, la permittivité d’un métal noble est obtenue en ne
considérant que l’interaction des électrons de conduction avec l’onde incidente. Les tran-
sitions interbandes sont modélisées de façon phénoménologique et implicite grâce aux
extensions semi-analytiques que nous avons présentées. Une autre façon de faire consiste
à modéliser explicitement les transitions interbandes. Dans cette optique, on considère
que la permittivité résulte de deux contributions : celle des électrons de conduction εs et
celle des électrons de valence des couches périphériques εd, soit ε (ω) = εd (ω) + εs (ω).
Lorsque l’énergie des photons est faible, εs (ω) peut être décrite par le modèle de Drude
idéal Eq. (I.7) et en considérant que εd (ω) = ε∞ − 1 est une constante, cela conduit au
modèle de Drude simple, Eq. (I.9), [87, 88].
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Ce point de vue permet notamment d’estimer la contribution des électrons d. Pour ce
faire, on retranche la contribution de Drude (Eq. (I.7)) à un jeu de données expérimentales.
Cette méthode est assez simple et fréquemment employée [88, 122, 165]. En principe, cela
revient à écrire :

εd (ω) = εexp (ω) − εDrude Idéal (ω) . (A.1)

En pratique, la partie réelle de εd est calculée grâce à l’équation précédente et la partie
imaginaire est déduite de la deuxième relation de Kramers-Kronig, Eqs. (I.6), [87]-p.24.

Quoi qu’il en soit, cette méthode est également limitée à son caractère phénomé-
nologique. Cela étant, puisqu’une telle approche est régulièrement employée, une autre
approche phénoménologique nous semble intéressante, nous pourrions modéliser l’appari-
tion des transitions interbandes par une sigmoïde en utilisant des paramètres d’ajustement
ad hoc.

A ce sujet, une autre approche semi-analytique a été proposé par Etchegoin et coll.d̃ans
[104]. Les auteurs suggèrent de modéliser les contributions des transitions interbande par
des oscilateurs de Lorentz qui s’ajoutent au modèle de Drude. Le modèle de pour la
permittivité s’écrit :

ε (ω) = ε∞ +
ω2

p

ω2 + jωγp
+G1 (ω) +G2 (ω) (A.2)

Dans cette expression, les deux oscilateurs de Lorentz Gi, dépendent de paramètres
(relativement) peu nombreux et reliés aux transitions interbandes (amplitude, phase, éner-
gie du gap, largeur à mi hauteur et ordre du pôle), cf Ref. [104].

Les approches analytiques plus rigoureuses et plus générales sont, quant à elles, basées
sur un formalisme quantique. Ces méthodes sont évoquées dans la thèse de Y. Guillet [88]
et appliquées dans celle de S. Coudert [41]. L’auteur présente de façon très détaillée la
méthode proposée par Ehrenreich et Cohen [102] (résumée pp.50-53 et détaillée Annexe
D de [41]). Cette approche est basée sur la théorie des perturbations et sur la fonction de
Lindhard. À basse température, elle conduit au modèle de Rosei [103]. Combiné au modèle
de Drude pour εs (ω), l’auteur montre que les prédictions sont en bonne adéquation avec
l’expérience, [41]-p.57.

Des approches de cet ordre, plus rigoureuses, pourraient donner lieu à de futurs dé-
veloppements. En ce qui concerne notre étude, nous avons utilisé plus modestement les
modèles analytiques (aux hypothèses « classiques ») que nous avons présentés précédem-
ment.
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A.4 Modèle de Drude : démonstration
Pour étudier la réponse optique d’un métal noble massif, on considère que les électrons

de conduction sont peu liés aux noyaux. On effectue un bilan des forces qui :

— l’action du champ extérieur oscillant : −eE (ω).

— un amortissement qui traduit l’ensemble des interactions entre l’électron et son
milieu : −γm∗

eve.

En notant x le vecteur position de l’électron par rapport à sa position d’équilibre, le
PFD s’écrit :

m∗
eẍ +m∗

eγpẋ = −eE. (A.3)

Il s’agit de l’équation d’un oscillateur forcé avec amortissement qui se résout rapidement.
En régime permanent, la position de l’électron à l’instant t s’écrit :

x (t) = e

m∗
e

1
ω2 + jγpω

E (t) . (A.4)

La seconde hypothèse du modèle de Drude suppose que tous les électrons de conduc-
tion se comportent de la même manière (ie ils sont en phase). Puisque E est supposé
homogène, cela revient à considérer que la polarisation du matériau l’est également et
peut s’écrire :

P = −ncex, (A.5)

où nc est la densité d’électrons de conduction dans le matériau.
Finalement, en injectant cette expression pour la polarisation dans l’Eq I.1, on obtient

une relation de colinéarité entre le champ de déplacement électrique et le champ extérieur :

D = ε0E + P = ε0

(
1 −

nce2

m∗
e ε0

ω2 + jγpω

)
E, (A.6)

et l’identification à l’Eq I.4 conduit au modèle de Drude idéal de la dépendance spectrale
de la permittivité :

ε (ω) = 1 −
ω2

p

ω2 + jγpω
(A.7)

A.5 Modèle de Drude : étude variabilité des para-
mètres

Nous avons mené une étude sur l’influence de la gamme spectrale considérée sur la
valeur de paramètre de Drude en utilisant les données expérimentales choisies Sec I.1.2.
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La Fig A.2 résume les résultats de cette étude pour l’or et l’argent en fonction de la
gamme spectrale considérée. Les ajustements ont été effectués grâce à la fonction lscurvfit
de Matlab. Il s’agit d’ajustements multivariables sur les grandeurs ε1 (ω) et ε2 (ω) basé
sur la méthode des moindres carrés.

En notant (ωk, ε
exp
k ) les mesures expérimentales discrètes, cette méthode repose sur la

résolution numérique du problème :

[ε∞, ωp, γp] = inf2
i


∑
k

ε1
Ä
[ε∞, ωp, γp]

i
, ωk

ä2
−
(
Re e [εexp

k ]
)2

∑
k

ε2
Ä
[ε∞, ωp, γp]

i
, ωk

ä2
−
(
Im m [εexp

k ]
)2

 , (A.8)

où ε est la fonction définie en I.9. Les [ε∞, ωp, γp]
i
sont les paramètres qui sont incrémentés

numériquement à partir d’une estimation préalable [ε∞, ωp, γp]0 jusqu’à convergence de
l’inf. Par ailleurs, les erreurs relatives moyennes présentées à gauche, correspondent en
fait au résidu de la méthode des moindre carré présenté en pour cent.

Nous avons considéré un intervalle de fit de 1 eV de large dont la valeur médiane se
décale de façon à balayer les jeux de données.

L’échantillonnage des données expérimentales n’est pas effectué de façon régulière,
pour les plus basses fréquences il y a jusqu’à 150 points dans un intervalle de 1 eV, contre
seulement 25 pour les plus hautes énergies.

Les deux valeurs aux bornes de l’intervalle de fit ont été déterminées par interpolation
linéaire entre les deux valeurs expérimentales les plus proches de façon à pouvoir balayer
continument les jeux de données. Sur ces figures, les abscisses correspondent à la valeur du
centre de l’intervalle d’ajustement. La figure de droite présente l’erreur relative moyenne
commise sur les valeurs de ε (ω) par rapport aux données expérimentales pour chaque
ajustement.

On constate tout d’abord (à droite) que l’erreur commise dépend fortement du maté-
riau et de la gamme spectrale considérée.

Pour l’argent, si l’énergie des photons est faible, les paramètres d’ajustement varient
peu et l’erreur relative commise sur les valeurs de ε (ω) par rapport aux données expéri-
mentales est faible. Pour l’or, quelle que soit l’énergie moyenne des photons, les paramètres
obtenus dépendent très fortement du domaine d’ajustement et les erreurs associées sont
plus élevées.

L’erreur commise augmente brusquement à partir de 1.8 eV pour l’or et 3.4 eV, cette
faillite du modèle de Drude découle de l’apparition des transitions interbandes.

Il est à noter que, pour de très basses fréquences, le modèle de Drude est également (et
largement) mis en défaut. Les limites basses sont 0.2 eV pour l’or et 0.1 eV pour l’argent.
Cette problématique explique l’inflexion de ωp et γp pour l’or à ∼ 0.5 eV. Pour effectuer
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Figure A.2 – Évolution des paramètres du modèle de Drude simple pour l’or et l’argent, Eq I.9, issus
d’ajustement dans une gamme spectrale de largeur 1 eV. L’axe des abscisses renseigne les valeurs centrales
des intervalles de fit concernés.

des ajustements, il est donc préférable d’exclure les données de très basses fréquences.
Cela ne nous concerne pas directement. On trouvera de plus amples détails interprétatifs
en compléments d’information (SI) de la Ref [93].

Les ordres de grandeur des paramètres sont ceux que l’on retrouve dans la littérature
et leurs variations expliquent la diversité des paramètres utilisés.

Plus spécifiquement maintenant, pour l’argent, on constate par exemple qu’en fonction
de la gamme spectrale de fit choisie ε∞ varie de 3 à 9.5, ωp varie de 8.8 à 11.6 eV et γp

varie de 36 à 102 eV. Ces 3 paramètres augmentent lorsque l’énergie moyenne des photons
augmente. Pour l’or, les paramètres augmentent aussi avec l’énergie moyenne des photons,
mais les évolutions ne sont pas aussi régulières que pour l’argent.

A.6 Modèle de Drude : critère d’erreur

Nous insistons sur le fait que les représentations de la dépendance spectrale de la
permittivité (eg Fig I.7), sont généralement données en échelle logarithmique. Cela biaise
l’interprétation "intuitive" des écarts entre les modèles.

En outre, l’étude quantitative des différences entre les résultats expérimentaux et les
modèles n’est pas tout à fait évidente. La principale difficulté consiste à déterminer un
critère d’erreur pertinent qui tienne compte des considérations suivantes :

— La permittivité est une grandeur complexe. Cela donne lieu à des questionnements
quant à la définition du même critère d’erreur (parties réelle et imaginaire ou mo-
dule).
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— Les données sont parfois échantillonnées par pas de longueur d’onde constante ∆λ,
parfois par pas d’énergie constante ∆ω, parfois ni l’un ni l’autre. C’est un problème
pour définir simplement et donner un sens à une erreur "moyenne".

— La partie réelle comme la partie imaginaire varient sur plusieurs ordres de grandeur.
De nouveaux questionnements apparaissent quant au sens que l’on donne à un écart
absolu par rapport à une référence qu’il faudrait alors choisir.

— La partie imaginaire s’approche de 0 dans le visible, ce qui pose des problèmes de
définitions lorsque l’on souhaite utiliser des erreurs relatives.

Il est donc difficile de définir un critère d’erreur objectif et général. Mais les conclusions
sont finalement assez simples (étude exhaustive disponible par ailleurs) :

— le modèle de Drude simple appliqué aux métaux nobles est assez limité,

— le modèle est qualitativement valable dans l’IR, mais quantitativement, les erreurs
sont importantes (localement >40% voire plus), même dans l’IR pour l’or,

— les paramètres dépendent fortement de la région du spectre considéré, même dans
l’IR pour l’or,

— l’utilisation de ce modèle requiert un ajustement systématique des paramètres et
dans le cas de l’or les erreurs commises sont toujours conséquentes,

Cependant, le modèle de Drude s’applique bien à l’argent (au moins dans l’IR lointain :
erreur relative maximale < 10% dans la gamme 0.3 − 1.6 eV). De plus, ce modèle est
qualitativement cohérent et se révèle être une base théorique intéressante pour effectuer
des estimations ou des interprétations.

A.7 Remarque sur la dépendance spectrale de la pul-
sation plasma

Dans cette étude, nous avons étudié la dépendance spectrale de γp et ε∞, d’autres
approches dans la littérature proposent d’ajouter une dépendance spectrale à la pulsation
plasma, ωp (ω), ce qui est cohérent avec la Fig. I.6.

A notre connaissance, la méthode la plus simple permettant de retrouver les résultats
expérimentaux est celle proposée par Youn et al dans [108]. L’approche proposée fait
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intervenir une modélisation de l’évolution de la masse effective des électrons de conduction
en fonction de l’énergie des photons incidents. 1

Qualitativement, il est à noter que les variations déduites par cette approche sont très
différentes de celles que nous avons obtenues par ajustement, Fig. I.6. Youn et al décrivent
notamment un effondrement de la pulsation plasma au voisinage des seuils interbandes.

A.8 Fonctions de Bessel et associées

Les fonctions de Ricatti-Bessel s’écrivent :

ψn (z) = z jn (z) (A.9a)

ξn (z) = z hn (z) (A.9b)

Elles sont définies à partir des fonctions de Bessel sphériques de première espèce jn,
de seconde espèce yn et des fonctions de Hankel sphériques de premier degrés h(1)

n . Ces
dernières sont elles-mêmes définies à partir des fonctions de Bessel de première et seconde
espèces, respectivement Jn et Yn, elles s’écrivent, [221]-pp.437 :

jn (z) =
…

π

2zJn+ 1
2

(z) (A.10a)

yn (z) =
…

π

2zYn+ 1
2

(z) (A.10b)

h(1)
n (z) = jn (z) + j yn (z) (A.10c)

Ces équations illustrent le caractère sphérique du système. Les expressions générales
des fonctions de Bessel sont des séries alternées semblables à des fonctions trigonomé-
triques amorties, [221]-pp.360. Des expressions fonctionnelles plus pratiques sont données
par les formules de Rayleigh, [221]-pp.438 : 2

jn (z) = (−z)n

Å1
z

d
dz

ãn sin z
z

(A.11a)

yn (z) = (−z)n+1
Å1
z

d
dz

ãn cos z
z

(A.11b)

1. La dépendance spectrale de la masse effective a été observée par ailleurs. Les estimations à son
sujet peuvent varier du simple au double. Pour l’or, Theye obtenait par exemple m∗

e = 0.94 [112] contre
1.75 pour Svetovoy et ses collaborateurs [113].

2. Attention, la notation "
( 1

z
d

dz

)n" doit ici être comprise comme " 1
z

d
dz

( 1
z

d
dz (· · · )

)
".
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Voici les expressions des trois premiers couples de fonctions :

j0 (z) =sin z

z

j1 (z) =sin z

z2 − cos z

z

j2 (z) =
Å 3

z2 − 1
ã sin z

z
− 3 cos z

z2

y0 (z) = − cos z

z

y1 (z) = − cos z

z2 − sin z

z

y2 (z) =
Å

− 3
z2 + 1

ã cos z

z
− 3 sin z

z2

(A.12)

La Fig. A.3 présente l’évolution des premiers ordres qui sont ceux qui nous intéressent
dans le cadre de la théorie de Mie (Chap. II). En outre, les ordres supérieurs nous sont
utiles pour décrire les orbitales électroniques dans une nanoparticule (Chaps. IV et V).

Figure A.3 – Évolution des premières fonctions de Bessel sphériques de première et seconde espèces.

A.9 Développement limité du coefficient de Mie

Il est possible de simplifier les expressions en séries de Mie pour les sections efficaces
(Eqs. II.13 et II.14) en ne considérant que les excitations dipolaires grâce au coefficient
de Mie a1, en négligeant les an>1 et les bn. Il est aussi possible de simplifier encore le
formalisme en utilisant un développement de a1. En effet, que ce soit pour l’or ou l’argent,
|ς| ≤ 0.5 dans toute la gamme spectrale, pour λ > 350 nm et D ≤ 50 nm, |ς| devient
même inférieur à 0.2 si D ≤ 40 nm et inférieur à 0.1 si D ≤ 20 nm.

Le développement de a1 s’écrit :

a1 (ς) = − 2j
3

Å
η2 − 1
η2 + 2

ã
ς3 − 2j

5

Å
η2 − 2
η2 + 2

ãÅ
η2 − 1
η2 + 2

ã
ς5

+ 4j
9

Å
η2 − 1
η2 + 2

ã2

ς6 + O
(
ς7) (A.13)

En considérant la permittivité du massif (cf les Refs. [92, 93]) pour des particules
dans l’air, on montre que l’ordre 6 de cette expression conduit à une erreur relative sur
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|a1| inférieure à 10% jusque |ς| ∼ 0.2. Avec le même critère, l’ordre 3 est valable jusque
|ς| ∼ 0.1. Ces vérifications ont été effectuées à la résonance.

En outre, ce développement permet de retrouver les expressions quasi-statiques don-
nées aux Eqs. (II.6). Le critère |ς| = 0.1 est donc une indication intéressante qui permet
d’estimer la limite d’influence des effets dynamiques intrinsèques et donc de la pertinence
de la prise en compte des phénomènes associés dans les modèles.
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A.10 Cumule des effets de taille

Figure A.4 – Récapitulatif sur l’influence des effets de taille sur le comportement optique d’une na-
nosphère isolée. La permittivité est décrite grâce au modèle de Drude étendu (Eqs. (I.13)) avec et sans
confinement (Eq. (II.22)), basé sur les résultats expérimentaux pour la permittivité du massif fournis
dans les Refs. [92, 93], εm = 1 et A = 0.7. La méthode de calcul des sections efficaces par la théorie de
Mie est expliquée en légende de la Fig. II.6. Les grandeurs étudiées sont présentées dans le texte ci-contre.

A.11 DDA et FDTD

La DDA a été développée dans les années 1970 [83] et a connu un franc succès tant et
si bien que son développement est encore un sujet riche aujourd’hui [85]. Cette méthode
consiste à modéliser le matériau par une collection de dipôles élémentaires. L’intérêt de
cette méthode est d’éviter la résolution des équations de Maxwell en modélisant chacun
des dipôles par sa polarisabilité (par exemple l’Eq. (II.2)). On calcule alors la réponse
globale corrélée autocohérente de l’ensemble de dipôles. À l’heure actuelle, les simulations
sont généralement effectuées grâce à DDSCAT, un code en accès libre présenté dans [84]
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qui est régulièrement mis à jour. La principale contrainte de cette méthode est le poids du
calcul : il augmente de façon quadratique avec le nombre de dipôles tandis que le nombre
de dipôles augmente évidemment avec la taille du système et la complexité de sa forme.

La FDTD est présentée en détail dans [197]. Il s’agit d’une approche volumique basée
sur la résolution des équations locales de Maxwell et qui repose sur la discrétisation d’un
volume d’intérêt contenant l’objet et son environnement. Elle présente plusieurs intérêts :
la possibilité d’étudier des matériaux aux permittivités complexes, inhomogènes et non
linéaires ; la résolution en longueur d’onde permet de calculer directement des spectres
entiers (contrairement aux deux autres méthodes). La flexibilité de paramétrisation des
conditions d’excitation permet d’étudier des irradiations spécifiques (pulses, ondes sphé-
riques). Le coût du calcul reste cependant considérable, notamment lorsque le nombre
d’éléments diffusant à considérer augmente ou que le volume et la complexité de la géo-
métrie augmentent.

A.12 Exemple simple de code via MNPBEM

1 %% CALCUL DES SECTIONS EFFICACES

2 % -----------------------------------------------------------------------

3 %-- Options generales du calcul ----------------------------------------

4 opt = bemoptions (’sim ’,’stat ’); % simulation en quasi - statique

5
6 %-- Caracteristiques du systeme ----------------------------------------

7 % Permittivite des materiaux

8 eps_1 = epstable (’gold.dat ’); % metal (or , via une table)

9 eps_2 = epsconst (1); % matrice (air , constante )

10
11 % Particule (ici une sphere )

12 D = 10; % diametre [nm]

13 N_f = 400; % nombre de facettes

14 interface = trisphere (N_f ,D); % choix maillage spherique

15 close = 1; % indique surface fermee

16 in = 1; out = 2; % materiau interieur / exterieur

17
18 % Objet rassemblant les caracteristiques du systeme :

19 systeme = comparticle ({ eps_1 ,eps_2 },{ interface },[in ,out],close ,opt);

20
21 %-- Caracteristiques d’ irradiation -------------------------------------

22 polarisation = [1 ,0 ,0]; % (Ox)

23 direction = [0 ,1 ,0]; % (Oy)

24 lambda = 504; % longueur d’onde [nm]
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25
26 % Objet rassemblant les caracteristiques de l’ irradiation

27 irrad = planewave ( polarisation ,direction ,opt);

28
29 %-- Simulation numerique ( sections efficaces ) --------------------------

30 % Calculs intermediaires :

31 BEM = bemsolver (systeme ,optn); % initialisation du calculateur

32 Q_s = BEM \ irrad(systeme , lambda ); % calcul des charges de surface

33
34 % Calcul des sections efficaces :

35 C_dif = irrad.sca(Q_s) % diffusion [nm2]

36 C_abs = irrad.abs(Q_s) % absorption [nm2]

37 C_ext = irrad.ext(Q_s) % extinction [nm2]

38 % -----------------------------------------------------------------------

39 SORTIES : C_dif = 0.0064

40 C_abs = 16.1049

41 C_ext = 16.1113 time = 1.628 s

A.13 Simulation du potentiel induit à la surface de
la particule

L’étude de la précision des calculs du champ et du potentiel est légèrement plus lourde
étant donné la dépendance spatiale supplémentaire. Nous notons (r, θ, ϕ) les coordonnées
sphériques définies à partir du centre de la particule. Le champ est appliqué selon uz et
θ est l’angle polaire par rapport à l’axe z. Puisque les résultats que nous avons obtenus
sont globalement positifs, nous illustrerons et discuterons seulement le cas du potentiel et
uniquement à la résonance. De plus, le potentiel est à valeur complexe. Mais, puisque les
comportements des parties réelle et imaginaire sont semblables, nous ne discuterons que de
la partie réelle que nous appellerons abusivement « potentiel induit », soit Vind ≡ Re (Vind),
ici. À nouveau nous comparons l’analytique dans l’approche quasi statique (Eq. (II.11b))
et le numérique avec l’option « stat ».
Pour discuter l’évolution du potentiel à la surface de la particule, nous allons étudier deux
dépendances :

� la dépendance radiale, Vind (r), calculée le long de la direction
de polarisation (θ = 0 et ϕ = 0 pour une polarisation selon z).

� la dépendance angulaire, Vind (θ), calculée à la surface de la par-
ticule et dans le plan d’onde (r = D/2 et ϕ = 0).
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La dépendance radiale est présentée Fig. A.5 (à gauche) pour une particule d’argent
de 10 nm de diamètre dans l’air. Les simulations sont effectuées avec Nv = 60. Bien
que le maillage soit un peu grossier, qualitativement, les tendances décrites par les deux
approches sont similaires. Entre 0 et D/2, le potentiel augmente linéairement ; puis pour
r > D/2 on observe une décroissance hyperbolique caractéristique du potentiel induit par
un dipôle (cf [110]-(p.23)).

Quantitativement, l’adéquation est relativement bonne, l’écart relatif maximal entre
le numérique et l’analytique n’excède pas 10%. On constate que c’est au voisinage de la
surface que l’écart est le plus important (D/2 = 5 nm).

Sur la même figure, à droite, nous présentons l’influence du nombre de facettes sur
l’écart entre analytique et numérique. Cette figure présente l’erreur relative maximale
commise pour tous les points de calcul dans l’intervalle D/2 ± 1 nm. De façon étonnante,
on constate qu’il n’y a pas de convergence lorsque Nv augmente.

Sur la Fig. A.6, on s’intéresse à la dépendance angulaire du potentiel à la surface de la
particule, soit r = D/2. On fixe également ϕ = 0. Cela revient à parcourir une colatitude
à la surface de la particule et, puisque le champ est polarisé selon z et dirigé selon x, ce
chemin est parcouru dans le plan d’onde. À gauche, Nv = 60, à droite Nv = 576.

Dans les deux cas, on constate que les tendances globales des modèles analytique et
numérique sont similaires : pour θ = 0 (direction de polarisation, uz) le potentiel est maxi-
mal, il s’annule pour θ = π/2 (direction ⊥uz). Cependant, pour l’approche numérique,
il y a clairement un comportement non physique (« bruit ») au voisinage de certaines
directions, c’est-à-dire en certains points de la surface. Sur la deuxième ligne, on présente
l’erreur relative commise en chaque point. Quel que soit le nombre de facettes (gauche 60

Figure A.5 – Comparaison entre calculs analytique et numérique de l’évolution radiale du potentiel. À
gauche, dépendance radiale pour θ = ϕ = 0, Nv = 60. À droite, évolution de l’erreur relative maximale
commise pour D/2 − 1 nm ≤ r ≤ D/2 + 1 nm, en fonction du nombre de facettes Nv. Particules d’argent,
D = 10 nm, la permittivité du métal est modélisée à l’aide du modèle de Drude étendu Eq. (I.13)
sans confinement et εm = 1. Les calculs analytiques et numériques sont effectués en quasi-statique, à la
résonance λ = λr = 354 nm.
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Figure A.6 – Comparaison entre simulations analytique et numérique de l’évolution angulaire du po-
tentiel, à gauche pour Nv =60 et à droite pour Nv = 576. Sur la première ligne : évolution du potentiel à
la surface de la particule, r = D/2 et ϕ = 0, Nv = 400. Sur la deuxième ligne : erreurs relatives associées
aux figures du dessus (les flèches rouges indiquent que l’erreur maximale est hors cadre). Les détails de
modélisation sont donnés en légende Fig. A.5 ci-dessus.

et droite 576), cette erreur dépasse régulièrement 5% et atteint parfois 30% (hors cadre,
comme indiqué par les flèches rouges). Si le nombre de facettes a bien une influence sur la
distribution des erreurs, on voit ici que l’augmentation du nombre de facettes ne permet
pas de résoudre la problématique rencontrée au voisinage de la surface.

Origine des erreurs Dans les deux cas (dépendances radiale et angulaire), les erreurs
observées ont une origine commune : la modélisation de la surface.

Premièrement, selon le maillage choisi et la direction radiale ou la colatitude consi-
dérée, il arrive que le maillage de surface (mailles planes) soit localement éloigné de la
sphère à laquelle le calcul analytique se réfère (r = D/2). Pour donner une illustration, sur
la Fig. A.7 (à gauche), nous avons superposé les modélisations analytique et numérique de
l’interface métal/matrice. On constate que le maillage (rouge et beige) est principalement
situé à l’intérieur de la sphère (bleu).

Deuxièmement, sous MNPBEM, la densité de charge surfacique associée à une facette
est ramenée en un point situé au centre de la facette, c’est ce qu’illustrent les Figs. A.7,
au centre et à droite. A noter que l’ampleur de la charge associée à un point est propor-
tionnelle à l’aire géométrique de la facette. Les interactions entre les facettes sont ensuite
modélisées grâce aux fonctions de Green dont les pôles sont les centres des facettes [63].
On comprend ainsi que lorsque le point où l’on souhaite évaluer le potentiel est proche
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Figure A.7 – Origine des écarts de modélisation du potentiel induit à la surface entre les approches
analytique et numérique. A gauche : écart local entre le calcul en r = D/2 (sphère) et la position du
maillage numérique (polygone). Au centre et à droite : modélisation numérique des charges de surface
ramenées en un ensemble fini de points situés aux barycentres des facettes.

d’un centre de facette, la densité de charge est localement très intense. Il en résulte une
augmentation factice du potentiel induit. On a alors plusieurs effets en compétition :

� Lorsque le maillage est grossier (au centre), les facettes sont plus grandes, la densité
de charges associée à chaque point est élevée. Cela explique d’une part la largeur
des « pics d’erreur » observés en Fig. A.6, à gauche. En revanche, puisqu’il y a un
nombre plus faible de pôles de charge, le nombre de pics d’erreur est plus faible.

� Lorsque le maillage est fin (à droite), les facettes sont plus petites et la densité de
charge associée à chaque point est plus faible. Cela explique les pics d’erreur plus
étroits que l’on observe. De ce point de vue, on devrait également observer des pics
d’erreur d’amplitude plus faible. Cependant, puisque les pôles sont plus nombreux,
statistiquement, la direction choisie passe plus près des singularités. Cela conduit
finalement à des erreurs relatives maximales identiques (de l’ordre de 30%).

En pratique, cette problématique est difficilement contrôlable, en tout cas, elle ne
l’est pas par le choix d’un maillage particulièrement fin. Nous souhaitions contrôler au
maximum le potentiel numérique dans le cas d’une particule isolée. C’est notre système
de référence, il sera largement complexifié par la suite et les approximations inévitables
seront effectuées plus tard. Nous avons donc cherché à améliorer la description numérique.

Solution proposée Nous proposons de calculer une moyenne en effectuant plusieurs
simulations qui ne diffèrent que par l’orientation précise du maillage polygonal par rapport
au champ incident. Concrètement, on choisit un maillage et on lui fait subir des rotations
sur lui-même de quelques degrés entre chaque simulation. Les résultats obtenus par cette
méthode sont présentés sur la Fig. A.8.

Ici, on considère les mêmes critères d’erreur que pour les Figs. A.5 et A.6, mais cette
fois on calcule une moyenne du potentiel pour 5, 20 et 100 rotations de maillage. Cette
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Figure A.8 – Correction des erreurs de surface par rotation du maillage : écart entre les calculs analytique
et numérique du potentiel induit. À gauche et à droite, les détails du calcul sont identiques à ceux des
Fig. A.5 et Fig. A.6, respectivement.
Remarque : la comparaison ente les figures de gauche et de droite n’est pas directe, même à Nv fixé. À
gauche, la direction est fixée (ϕ = θ = 0), statistiquement, cela autorise des erreurs plus faibles.

démarche n’est pas la plus élégante qui soit et le coût calculatoire est élevé ; on constate
néanmoins qu’elle fonctionne. Nous obtenons ainsi (à gauche) une convergence lorsque Nv

augmente et (à droite) une réduction conséquente des erreurs à la surface : < 8.5% pour
Nrot = 5 et < 1.4% pour Nrot = 100.

L’étude exhaustive ne sera pas rapportée ici. Un rapport est disponible par ailleurs,
nous avons confirmé, que les erreurs relatives maximales apparaissent à la surface et que
cette méthode fonctionne en tout point r. De plus, ces résultats et cette méthode de
correction restent valables en mode dynamique, indépendamment du matériau (or ou
argent) et de la matrice (diélectrique de permittivité réelle).

A.14 Étude de convergence de la simulation numé-
rique d’un dimère (MNPBEM)

Nous souhaitions étudier l’influence du couplage entre deux nanosphères sur la section
efficace de l’une ou l’autre et sur les champ et potentiel induits. Au préalable, nous avons
étudié l’influence du maillage sur les grandeurs simulées. Nous donnons ici les grandes
lignes de cette étude.
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Intéressons-nous au pire des cas : une faible distance interparticule, puisque le couplage
attendu est plus important. Sur la Fig A.9, nous étudions à nouveau le pic en absorption
(position et amplitude de la LSPR) en fonction du nombre de facettes par particule. Les
deux particules sont modélisées à l’identique, d’où N tot

v = 2Nv ici. Nous considérons ici
des dimères d’or et d’argent, de 5 nm de diamètre et avec une distance interparticule
d = 1 nm. Le champ est polarisé selon l’axe interparticule (cf schéma).

Figure A.9 – Convergence des simulations numériques de la section efficace d’un dimère en fonction du
nombre de facettes. En ordonnée, on retrouve le nombre de facettes (pour chaque particule). A gauche, le
décalage absolu en longueur d’onde vis-à-vis du maillage le plus fin (Nmax

v = 1444). Au centre, le décalage
relatif en amplitude vis-à-vis du maillage le plus fin. A droite, un schéma du système. Ici, D = 5 nm,
d = 1 nm, εm = 1, polarisation parallèle.

En ce qui concerne la position de la LSPR (à gauche), elle est globalement bien décrite
quelque soit Nv (convergence meilleure que 1.5 nn) pour les deux matériaux.

Pour l’amplitude (à droite) : elle également bien décrite pour l’or quel que soit Nv

(convergence meilleure que 0.2%). Pour l’argent cependant, on constate qu’il est préférable
de considérer Nv > 200 contrairement au cas isolé ou 60 facettes pouvaient suffire (cf Tab
II.1). Les particules d’argent étaient attendues comme étant les plus problématiques étant
donné une amplitude de LSPR quatre fois plus importante que celle de particules d’or.

Ainsi, de même qu’il était nécessaire d’augmenter la finesse du maillage pour modéliser
le champ proche, cette nouvelle contrainte s’explique par l’importance de la répartition
des charges surfaciques à proximité du gap interparticule. Les simulations pour le dimère
seront effectuées en considérant Nv = 400.
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A.15 Influence de la polarisation sur la réponse op-
tique d’un dimère

Deux cas particuliers intéressants permettent de résumer le comportement global du
système.

En notant d la direction de l’axe passant par le centre des deux particules, on a :

� la polarisation transverse pour d⊥E,

� la polarisation parallèle pour d∥E.

Les simulations précédentes étaient effectuées en polarisation parallèle. La première
ligne de la Fig A.10 illustre l’influence de la polarisation.

Figure A.10 – Influence de la polarisation sur le comportement d’un dimère. (1ère ligne) spectres d’ab-
sorption de nanoparticules d’argent, D = 5 nm. (2nde ligne) illustration des répartitions des charges de
surface à la résonance pour d = 1 nm.

Les efficacités d’absorption en polarisation parallèle (à gauche) et transverse (à droite)
sont calculées pour des particules d’argent dans l’air. On constate des comportements très
différents.

En polarisation parallèle, on retrouve le décalage vers le rouge et l’augmentation de
l’amplitude décrits précédemment.
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En polarisation transverse, on observe un léger décalage vers le bleu, le mode glo-
bal se durcit. 3 Ce comportement est accompagné d’une diminution de l’amplitude de la
résonance. Dans cette configuration, l’accumulation de charges a lieu dans une direction
perpendiculaire à l’axe du dimère et les pôles de charges sont relativement éloignés les
uns des autres. Ceci explique la plus faible influence de la distance interparticule.

À ce sujet, la deuxième ligne de la Fig A.10 présente la répartition des charges sur-
faciques suivant la polarisation. Dans le cas transverse, on constate que les deux modes
interagissent. On observe la déformation de deux distributions de charges de type dipo-
laire, les pôles de charges se rapprochent l’un de l’autre (les flèches mauves et oranges).

D’autre part, l’échelle de couleurs étant la même pour les deux représentations, on
constate que l’amplitude maximale de la densité de charge est plus élevée pour une pola-
risation transverse, avec un maximum atteint au niveau du gap. Dans le cas longitudinal,
les deux excitations se renforcent. Cela aura une conséquence majeure sur l’évolution du
champ et du potentiel induit que nous allons discuter pour clôturer ce chapitre.

A.16 Extension du modèle de Maxwell Garnett : ef-
fet de forme

L’expression analytique générale de L introduit à l’Eq III.7 est en fait une intégrale
de surface liée à la géométrie des éléments diffusants. Pour une particule de volume V,
de frontière Σ entourant V, ses éléments de matrice s’écrivent :

Lαβ = 1
4π

¨
Σ

dS
uα

R (r′) uβ
η (r′)

|r′ − r|2
(A.14)

où uR (r′) et uη (r′) sont les vecteurs unitaires respectivement dans les directions de r′ −r

et de la normale à Σ au point r′.
Par exemple, pour un ellipsoïde d’axe principal selon z, et d’axes secondaires x et y,

nous savons que L est diagonale dans la base cartésienne. Ses composantes vérifient :

Lxx + Lyy + Lzz = 1. (A.15)

De plus, avec a, b et c les demi-axes de l’ellipsoïde, Lxx s’écrit :

Lxx = abc

2

ˆ +∞

0

ds
(s+ a2)

√
(s+ a2) (s+ b2) (s+ c2)

. (A.16)

3. Une analogie avec la mécanique est le cas du ressort équivalent associé à deux ressorts identiques
montés en parallèle. Comme la constante de raideur du ressort équivalent est l’inverse de la somme des
inverses des deux constantes, la fréquence de résonance équivalente augmente.
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Lyy et Lzz ont des expressions similaires. On dispose également d’une expression pour la
polarisabilité dans un tel cas. Dans chaque direction, indexée sur i, elle s’écrit :

αi = v
εm (ε− εm)

εm + Li (ε− εm) (A.17)

avec v = 4
3πabc, le volume de l’ellipsoïde. Par l’intermédiaire de l’Eq III.13, il est ainsi

possible de sortir du cas spécifique de la sphère.
Nous disposons également de formules analytiques dans le cas d’un cylindre et de

ses cas limites (disque et fil), ou encore de formules semi-analytiques dans le cas plus
"exotique" d’une assemblée de nanocubes.

A.17 Extension du modèle de Maxwell Garnett : dis-
persion en taille

Historiquement, c’est W.T. Doyle qui a proposé de tenir compte d’une distribution
en taille. Une approche similaire est proposée par Amendola et Meneghetti en 2009 qui
ont proposé d’intégrer une distribution en taille au modèle de Mie-Gant (ainsi qu’une
distribution en forme dans le cas de sphéroïdes). Les résultats de simulations de sections
efficaces d’extinction proposés par ces auteurs sont assez concluants [168]. Cependant,
certaines critiques [165] expliquent que le nombre de paramètres ajustables et le manque
de précisions des mesures des sections efficaces nous empêchent d’assurer la fiabilité théo-
rique du modèle proposé. Par ailleurs, ce formalisme (Mie-Gant) ne s’applique qu’à une
assemblée très diluée puisque les nanoparticules sont supposées isolées.

En 2014, Battie et ses collaborateurs ont repris ce travail avec l’idée originale de Doyle
et proposent un développement détaillé dans la Ref. [165]. Une distribution en taille est
introduite directement dans le modèle MMG, en intégrant l’expression de la polarisabilité
donnée par la théorie de Mie sur le diamètre des nanoparticules.

En notant g la fonction de distribution en taille des nanoparticules, le modèle connu
sous les noms de Mie-Maxwell Garnett Étendu ou Modifié (MMMG) s’écrit :

εMMMG (g, ω) − εm

εMMMG (g, ω) + εm
= εmϕv

Å 2
D

ã3 ∞̂

0

dD g (D)αMie (D,ω) . (A.18)

Une distribution en loi log-normale semble la mieux adaptée pour décrire la dispersion
en taille d’assemblées colloïdales étudiées par plusieurs groupes [123, 163, 165, 169]. La
densité de probabilité associée à la loi log-normale (µ, σ) de moyenne D et d’écart type
∆D est définie comme suit :



Annexe A : Informations complémentaires 228

g (D) ≡
exp
ï
− [µ−ln(D/D)]2

2σ

ò
√

2πσ2
(
D/D

) (A.19)

avec

µ = ln

 D
2»

∆2
D +D

2

 et σ =

√
ln
ñ
1 +
Å∆D

D

ã2ô
(A.20)

Cette distribution peut être utile pour décrire la dispersion en taille d’une assemblée

Cependant, qu’appliquées au modèle MMMG, il a été démontré que les distributions
normale et log-normale aboutissent à des prédictions similaires [165]. Finalement, cela
nous laisse envisager le fait que les paramètres prépondérants sont seulement le diamètre
moyen et l’écart-type et non la forme précise de la distribution. En conséquence, l’inté-
gration d’une loi log-normale semble donc compliquer inutilement les calculs. En effet,
puisque la loi log-normale est à convergence lente, Battie et al indiquent qu’il est néces-
saire de tronquer la distribution aux grandes tailles [165], il est donc nécessaire d’effectuer
une renormalisation de la distribution tronquée et cela alourdi le calcul.

En outre, de la même façon que précédemment, il est possible d’une part d’utiliser
un développement à l’ordre 1 de αMie et d’autre part d’introduire à la main les effets
de confinement. On obtient le modèle MMMG avec confinement que nous appellerons ici
MMMGc.

Pour de faibles concentrations (ϕv de l’ordre de 1%), Battie et al ont également montré
que ce modèle permet de retrouver des résultats expérimentaux dans le cas de nanosphères
d’or dispersées dans l’eau [165], D = 10 et 30 nm. 4

A noter que ces auteurs fournissent une interprétation intéressante de leurs résultats
sur le plan théorique. Pour de petites nanoparticules, pour lesquelles les effets dynamiques
intrinsèques sont négligeables, on constate en pratique que si la distribution en taille est
étroite, le comportement peut être modélisé directement grâce à l’Eq. (III.15a) (ie sans
distribution de taille). Il suffit pour cela d’introduire une augmentation effective de la
fraction volumique de métal ϕv → ϕv,eff . En approchant l’intégrale au numérateur de
l’Eq. (A.18), on démontre en effet que cette augmentation s’écrit :

ϕv,eff = ϕv

Å 2
D

ã3 ∞̂

0

dD g (D)D3 > ϕv. (A.21)

4. Malheureusement, les diamètres moyens sont supérieurs à 8 nm, limite à partir de laquelle nous
prédisons que le développement de a1 n’est plus valable. Ces résultats ne permettent donc pas de nourrir
ou d’illustrer la discussion à ce sujet.
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En d’autres termes, au premier ordre, l’implication d’une hétérogénéité en taille est équi-
valente à une augmentation de la fraction volumique de métal.

Figure A.11 – Parties réelle (1re ligne) et imaginaire (2e ligne) de la permittivité effective d’assemblées
de nanoparticules d’or, pour différents diamètres moyens. Les permittivités sont modélisées via les mo-
dèles MMGc (pointillés rouges) et MMMGc (courbes vertes) pour différentes distributions en taille de
particules. Les courbes sont d’autant plus foncées que l’écart-type ∆D [exprimé en % de D] est impor-
tant. La permittivité de l’or est décrite grâce au modèle de Drude étendu (Eqs I.13) avec confinement
(Eq II.22), basé sur les données expérimentales de [92], ϕv = 10% et εm = 1.

Afin de se donner une idée de l’influence de la dispersion en taille, la Fig. A.11 présente
les résultats de simulations dans le cas de nanoparticules d’or.

Quel que soit le diamètre moyen D de l’assemblée, on constate qu’une augmentation
de l’écart-type (ie de la dispersion) engendre un élargissement et une augmentation de
l’intensité du pic de résonance plasmon. On constate également que pour un écart-type
∆D inférieurs à 10% du diamètre moyen, les écarts entre les modèles MMGc et MMMGc
ne sont pas significatifs. D’autre part, ces résultats indiquent qu’à partir d’un diamètre
moyen d’une trentaine de nanomètres les effets de la dispersion s’amenuisent.

En ce qui concerne l’énergie du plasmon effectif, ces simulations complètent celles de
la Ref. [165] où la gamme de taille étudiée est ≤ 20nm. En effet, on sait que le modèle
MMMGc pour de petites nanoparticules (D ≤ 10nm), prédit qu’une augmentation de la
dispersion induit un décalage vers le bleu ; on sait également que pour une gamme de
taille intermédiaire, il prédit un léger décalage vers le rouge, on voit ici (à droite) que
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pour de plus grosses nanoparticules, l’effet de la dispersion s’inverse à nouveau induisant
un léger décalage vers le bleu.

Pour plus de détails, nous renvoyons à nouveau à l’étude de Battie et al [165] qui
propose une étude minutieuse de ce sujet dans la gamme de taille 5-20nm. Nous achevons
ici la présentation des différentes méthodes permettant d’injecter les paramètres de forme
et de taille des particules dans le formalisme de Maxwell-Garnett.

A.18 Paramètre structural d’interaction ζ

Les valeurs de ζ en fonction de ϕv calculées par Torquato et col. pour différentes
organisations spatiales sont rapportées dans le Tab. A.2.

Fraction
vol.

Organisation spatiale

ϕv CS CC CFC
Aléat. sans
coalescence

Aléat. avec
coalescence

10% 0.0003 0.0000 0.0000 0.0205 0.0564
20% 0.0050 0.0007 0.0004 0.0398 0.1135
30% 0.0220 0.0031 0.0021 0.0587 0.1712
40% 0.0678 0.0107 0.0078 0.0836 0.2298
50% 0.1738 0.0307 0.0232 0.1407 0.2897
60% 0.0796 0.0619 0.3277 0.3511
65% 0.1261
70% 0.1596 0.4149
71% 0.1756
80% 0.4826
90% 0.5584

Tableau A.2 – Valeurs tabulées pour le paramètre d’interaction organisationnel ζ d’après la Ref. [66].
« Aléat. » signifie « aléatoire » et « coal. » signifie « coalescence ».

A.19 Simplification de l’équation de Schrödinger en
stationnaire

On suppose que les dépendances spatiale φ et temporelle X sont indépendantes, Eq
IV.3. L’Eq IV.2 est alors découplée :
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jℏ
X (t)

∂

∂t
X (t) = 1

φ (r)

ï
− ℏ2

2me
△ + V (r)

ò
φ (r) = E, (A.22)

où E est homogène à une énergie et est nécessairement constante. On déduit directement
une expression pour la partie temporelle

X (t) = X0e
−j E

ℏ t, (A.23)

où X0 est une constante de normalisation, et une équation aux dérivées partielles pour la
partie spatiale :

H0 φ (r) = Eφ (r) . (A.24)

A.20 Simplification de l’équation de Schrödinger pour
un potentiel central

On peut découpler la dépendance spatiale d’une fonction d’onde grâce à l’Eq. (IV.5),
ce qui permet de simplifier l’Eq. (A.22). En effet, d’une part, en Notant Pm

l le polynôme
associé de Legendre, elle s’écrit :

Y m
l (θ, ϕ) =

∣∣∣∣∣∣
√

2(l−m)!
(l+m)! P

m
l (cosθ) exp (jmϕ) si m ≥ 0,

(−1)mYl(−m) sinon.
(A.25)

D’autre part, les symétries impliquent que L2φ (r) = l(l+ 1)ℏ2φ (r), où L2 est l’opérateur
moment cinétique Réf [210]. En utilisant à l’Eq (IV.5), on obtient :ï

− ℏ2

2me

1
r

Å
∂2

∂r2 r

ã
+ l (l + 1) ℏ2

2me

1
r2 + V (r)

ò
R (r) = ER (r) . (A.26)

La partie radiale dépend donc de l et sera notée Rl. De façon plus compacte :ï1
r

Å
∂2

∂r2 r

ã
− l (l + 1) 1

r2 + k2 (r)
ò
Rl (r) = 0 , (A.27)

où k est homogène à un nombre d’onde, défini par :

k2 (r) ≡ 2me

ℏ2 [E − V (r)] . (A.28)

Cette formulation ne présente donc plus qu’une dépendance en r.
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A.21 Equation de Bessel

Le modèle du jellium (Eq IV.8) permet de simplifier l’Eq (A.27). En cherchant à
décrire les états liés, tels que E < 0 et (−V0) + E < 0, on récrit dont l’expression de k,
l’Eq (A.28) :

k ≡

∣∣∣∣∣∣ α =
»

2me
ℏ2 (E − V0) si r ≤ D

2

κ =
»

−2me
ℏ2 E sinon

(A.29)

où α et κ sont indépendants de r. Ils sont associés aux nombres d’onde à l’intérieur et à
l’extérieur de la particule respectivement. L’Eq A.27 devient :ï1

r

Å d2

dr2 r

ã
− l (l + 1) 1

r2 + k2
ò
Rl (r) = 0 (A.30)

où la dépendance en r est maintenant explicite.

Le changement de variable
î
ρ → kr ; Θl →

√
krRl (r)

ó
conduit à l’équation de Bessel :®

ρ2 d2

dρ2 + ρ
d
dρ +

ñ
ρ2 +

Å
l + 1

2

ã2ô´
Θl (ρ) = 0, (A.31)

dont les solutions analytiques sont connues. On montre que les solutions sont des com-
binaisons linéaires des fonctions Bessel sphériques et en choisissant des solutions qui ne
divergent ni en r = 0 ni en +∞ , on obtient l’Eq (IV.9).

A.22 Harmoniques sphériques

En notant Pm
l le polynôme associé de Legendre, l’harmonique sphérique l,m s’écrit :

Y m
l (θ, ϕ) =

∣∣∣∣∣∣
√

2(l−m)!
(l+m)! P

m
l (cos θ) exp (jmϕ) si m ≥ 0

(−1)m Y −m
l (θ, ϕ) sinon

(A.32)

A.23 Coefficients de raccordement des parties radiales

Les coefficients de raccordement permettant de définir les dépendances radiales des
fonctions d’onde s’écrivent :

Al = 1
√

Cl,1 + Cl,2Cl,3
et Bl = Cl,4√

Cl,1 + Cl,2Cl,3
, (A.33)

avec
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Cl,1 =
ˆ D/2

0
r
[
jl+1/2 (rαl)

]2 dr, Cl,2 =
ï
jl+1/2

Å
D

2 αl

ãò2
, (A.34)

Cl,3 =
ˆ +∞

D/2

r

ñ
yl+1/2 (rκl)
yl+1/2

(
D
2 κl

)ô2

dr Cl,4 =
jl+1/2

(
D
2 αl

)
yl+1/2

(
D
2 κl

) . (A.35)

Les nombres d’onde à l’intérieur et à l’extérieur de la particule, respectivement, αl et κl,
sont définis aux Eqs. IV.11. Les fonctions jl et yl, sont les fonctions de Bessel sphériques
définies dans l’Annexe A.8.

A.24 Formalisme de la matrice densité et décompo-
sition des états perturbé

Sur la base de l’équation de Liouville Eq (IV.62), Govorov et al ont appliqué la théorie
des perturbations à l’ordre 1 et montrent que l’évolution de la densité électronique à
l’instant t s’écrit :

ρ (r, t) =
∑

n

Nn (t) |φn (r)|2

+
∑

n

∑
m̸=n

ρmn (t)φ∗
n (r)φm (r) + ρnm (t)φn (r)φ∗

m (r) .
(A.36)

Dans cette expression, à droite, deux termes apparaissent. (1) une décomposition sur
la base des états propres du fondamental identique à celle que nous obtenons, (2) un
terme additionnel caractéristique du régime transitoire, le groupe fourni une expression
des ρmn (t) et montre qu’ils sont de moyenne temporelle nulle [53]. En régime stationnaire
(irradiation continue), on peut donc considérer que :

ρ (r, t) ≃
∑

n

Nn (t) |φn (r)|2 (A.37)

Ce calcul permet de soutenir l’hypothèse selon laquelle, en première approximation, l’évo-
lution au cours du temps du système faiblement perturbé se développe sur la base des
états propres préexistants (définis au fondamental).
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A.25 Formalisme de la matrice densité et décompo-
sition des états perturbé

Sur la base de l’Equation de Liouville Eq (IV.62), Govorov et al ont appliqué la théorie
des perturbations à l’ordre 1 et montrent que l’évolution de la densité électronique à t

s’écrit :

ρ (r, t) =
∑

n

Nn (t) |φn (r)|2

+
∑

n

∑
m̸=n

ρmn (t)φ∗
n (r)φm (r) + ρnm (t)φn (r)φ∗

m (r) .
(A.38)

Dans cette expression, à droite, deux termes apparaissent. (1) une décomposition sur la
base des états propres du fondamental identique à celle que nous obtenons, (2) un terme
additionnel caractéristique du régime transitoire, le groupe fournit une expression des
ρmn (t) et montre qu’ils sont de moyenne temporelle nulle [53]. En régime stationnaire
(irradiation continue), on peut donc considérer que :

ρ (r, t) ≃
∑

n

Nn (t) |φn (r)|2 (A.39)

Ce calcul permet de soutenir l’hypothèse selon laquelle, en première approximation, l’évo-
lution au cours du temps du système faiblement perturbé se développe sur la base des
états propres préexistants (définis au fondamental).

A.26 Influence de la déformation du potentiel sur
l’augmentation des taux de générations d’élec-
trons très chauds

Le Tab. A.3 donne des valeurs plus quantitatives sur les proportions d’électrons
chauds et très chauds générés par une nanoparticule et par un dimère. Les variations
de l’augmentation relative de Γtot impliquent celles de Γf et ne peuvent pas être expli-
quées par l’augmentation de l’amplitude du potentiel puisqu’elle est la même pour chaque
transition, cf Eq. (V.1). En particulier, quantitativement, une relation générale du type
Γtot|Ef ∈[e1,e2] ∝ Vtot indépendamment des Ef ne semble pas suffisante (bien qu’une telle
relation soit parfois mentionnée [45]-Eq. (1)). Quoi que ce résultat nous semble logique,
les probabilités de transition dépendent également de la dégénérescence associée à chaque
niveau (par l’intermédiaire des densités d’états accessibles, cf Fig. IV.4-p. 146) ; une étude
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plus poussée nécessiterait donc de prendre en compte l’occupation relative des niveaux
dans chaque intervalle d’énergie. Cela pourrait faire l’objet de perspectives.

Gamme d’énergie [eV] Particule isolée Dimère Différence relative

[e1, e2]
Υisol. =

Γisol.
tot|Ef ∈[e1,e2]

Γisol.
tot

Υdim. =
Γisol.

tot|Ef ∈[e1,e2]

Γdim.
tot

Υdim.−Υisol.

Υisol.

[0, 0.5] 0.89 0.85 −4 %

[0.5, 1] 0.054 0.072 +33 %

[1, 1.5] 0.018 0.022 +22 %

[1.5, 2] 0.016 0.021 +31 %

[2, +∞] 0.019 0.032 +68 %

Tableau A.3 – Tab : Evolution de la proportion d’électrons chauds générés en fonction de la gamme
d’énergie des électrons, pour la particule isolée et pour le dimère. La dernière colonne présente la différence
relative dans le cas du dimère par rapport à la particule isolée.
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Résumé en francais
Titre Etude théorique des propriétés optiques de nanostructures plasmoniques et in-
fluence sur la génération d’électrons chauds : vers un procédé de photocatalyse solaire.

Mots clés Plasmonique, photocatalyse, électrons chauds, assemblées de nanoparticules,
agrégats nanostructurés, dimère, simulation numérique, modélisation analytique, proprié-
tés électroniques.

Résumé court La gestion de l’énergie et de l’eau est un défi majeur du XXIe siècle.
En ce qui concerne l’eau, le réchauffement climatique, la surexploitation et la pollution
contraignent la quantité de ressource disponible. Dans ce contexte, les autorités euro-
péennes listent un certain nombre de polluants récalcitrants, que les méthodes appliquées
en station d’épuration ne permettent pas d’éliminer. Dans cette étude, nous travaillons
dans le cadre d’une méthode de dépollution « avancée » : la photocatalyse plasmonique,
qui permettrait d’utiliser la ressource solaire pour éliminer ces polluants à l’aide de films
contenant des nanoparticules d’or ou d’argent. En effet, les électrons présents dans ces
nanostructures sont capables d’emmagasiner une grande quantité d’énergie lumineuse et
de la transférer à des polluants, ce qui conduit à leur destruction. Pour comprendre ce
mécanisme, nous avons développé des modèles mathématiques et des outils numériques
qui permettront à terme d’optimiser ces films.

Résumé long Les nanostructures plasmoniques à base de métaux nobles sont utilisées
en tant que photocapteurs en biologie, en tant que surfaces actives pour la détection
photochimique (spectroscopie Raman exaltée de surface), pour manipuler la lumière à
l’échelle nano en optoélectronique, ou encore pour agir in situ en médecine avec des
applications en traitement médicamenteux ciblé ou en nanochirurgie. Ces matériaux sont
également envisagés en photocatalyse pour la production d’hydrogène ou d’éthylène et la
dépollution de l’eau. Pour cela, on utilise généralement des matériaux semi-conducteurs
auxquels on associe des nanoparticules, ce qui permet de tirer parti d’une plus large partie
du spectre solaire. U Une approche alternative est également envisagée : la photocatalyse
plasmonique directe, qui utilise des systèmes contenant uniquement des nanoparticules
plasmoniques (films nanocomposites ou nanoparticules supportées).

Les résultats expérimentaux indiquent que la photocatalyse plasmonique directe dé-
coule en partie de la génération d’électrons chauds par les nanoparticules sous l’effet de
l’irradiation lumineuse. La description théorique de ce mécanisme se heurte à deux dif-
ficultés majeures. D’une part, la modélisation analytique et la simulation numérique du
comportement optique de photocatalyseurs réalistes relèvent du défi à cause de la forte
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dépendance aux caractéristiques microscopiques du système : nature des matériaux, taille
et forme des nanoparticules, interactions interparticules. D’autre part, les temps caracté-
ristiques du mécanisme de génération d’électrons chauds sont trop courts pour pouvoir
mener des études expérimentales quantitatives.

Dans cette étude, nous avons utilisé des approches analytiques et numériques pour étu-
dier le comportement optique (champ électrique et sections efficaces) de systèmes conte-
nant une à quelques centaines de nanoparticules d’or ou d’argent. Nous avons d’abord
étudié la réponse optique grâce à une approche électrodynamique classique. Pour décrire
la dépendance spectrale de la permittivité de ces métaux, nous avons établi un critère
de validité du modèle de Drude et proposé une extension phénoménologique permettant
de tenir compte de la variation spectrale de l’amortissement plasmon. Nous avons éga-
lement proposé et validé une méthode de simulation numérique permettant d’approcher
le cas d’une assemblée de nanoparticule à la fois dense (fortes interactions) et étendue
(contenant de nombreuses nanoparticules). Cette méthode a été comparée au modèle de
Maxwell Garnett et à une de ses extensions tenant compte des interactions. Nous avons
proposé une limite de validité multicritère qualitative du modèle de Maxwell Garnett, en
fonction de la fraction volumique de métal, de la nature des matériaux et de l’organisation
spatiale. A partir des résultats obtenus pour la réponse optique, nous avons ensuite étudié
la génération d’électrons chauds par des nanoparticules plasmoniques. A partir de mo-
dèles proposés dans la littérature, nous avons construit un modèle semi-analytique basé
sur la théorie quantique des perturbation, permettant de simuler les taux de génération,
l’énergie et la répartition spatiale des électrons chauds. En combinant les modélisations
numériques du comportement optique au modèle de génération d’électrons chauds, nous
avons étudié le cas de deux nanoparticules en interaction. Nous avons confirmé que les
interactions engendrent une augmentation des taux de génération et de la directionnalité
de la génération d’électrons chauds, faisant de ces systèmes de bons candidats pour le dé-
veloppement d’un procédé de dépollution de l’eau par voie solaire. Les résultats obtenus
devraient permettre à terme de simuler les propriétés de génération d’électrons chauds
par un film de nanoparticules sous irradiation artificielle ou solaire, qui pourront être
comparées à des mesures sur des films expérimentaux.
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Résumé en anglais
Title Theoretical study of plasmonic nanostructures optical properties and their in-
fluence on hot electrons generation : a first step toward a solar photocatalysis process.

Key words Plasmonics, photocatalysis, hot electrons, assemblies of nanoparticles, na-
nostructured aggregates, dimer, numerical simulation, analytical modelling, electronic pro-
perties.

Short abstract Energy and water management is a major challenge of the 21st cen-
tury. Concerning water, global warming, overexploitation and pollution are constraining
the quantity of available resources. In this context, the European authorities listed a
number of recalcitrant pollutants, that are not removed by usual wastewater treatment
methods. In this study, we worked within the framework of an ‘advanced’ depollution me-
thod : , plasmonic photocatalysis, which could make it possible to use the solar resource
to eliminate these pollutants using gold or silver nanoparticles-based films. Indeed, the
electrons of these nanostructures can store a large amount of light energy and transfer
it to pollutants, which leads to their destruction. To understand this mechanism, we de-
veloped mathematical models and numerical tools that should eventually allow for the
optimization of these films.

Long abstract Plasmonic nanostructures based on noble metals are used as photosen-
sors in biology, as active surfaces for photochemical detection (surface enhanced Raman
spectroscopy), to manipulate light at the nano-scale in optoelectronics, or to act in situ
in medicine with applications in targeted drug treatment or nanosurgery. These materials
are also considered in photocatalysis for the production of hydrogen or ethylene and the
depollution of water. Semiconductor materials are generally used in combination with
nanoparticles, which makes it possible to take advantage of a larger part of the solar spec-
trum. An alternative approach is also being considered : direct plasmonic photocatalysis,
which makes use of systems containing only plasmonic nanoparticles, such as nanocom-
posite films or supported nanoparticles.

Experimental results indicate that direct plasmonic photocatalysis is partly due to the
generation of hot electrons by the nanostructure under the effect of light irradiation. The
theoretical description of this mechanism faces two major difficulties. On the one hand,
the analytical modeling and numerical simulation of the optical behavior of realistic are
challenging because of the strong dependence on the microscopic characteristics of the
system : nature of the materials, , size and shape of the nanoparticles, inter-particle
interactions. On the other hand, the characteristic times of the hot electron generation
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mechanism are too short to conduct quantitative experimental studies. In this study, we
used analytical and numerical approaches to study the behavior of systems containing
one to a few hundred gold or silver nanoparticles. We first studied the optical response
(electric fields and optical cross-sections) using a classical electrodynamic approach. To
describe the spectral dependence of the permittivity of these metals, we established a
validity criterion for Drude’s model and proposed a phenomenological extension allowing
to account for the spectral variation of the plasmon damping. We also proposed and
validated a numerical simulation method allowing to approach the case of a dense (strong
interactions) and extended (containing many nanoparticles) nanoparticle assembly. This
method has been compared to Maxwell Garnett’s model and to one of its extensions taking
into account inter-particles interactions. We proposed a qualitative multi-criteria validity
limit of the Maxwell Garnett model, depending on the metal volume fraction, the nature
of the materials and the spatial organization. Based on this study of the optical response,
we then investigated the generation of hot electrons by plasmonic nanoparticles. Starting
from models proposed in the literature, we built a semi-analytical model using quantum
perturbation theory to simulate the generation rates, energy and spatial distribution of
hot electrons. By combining the numerical modeling of the optical behavior with the
hot electron generation model, we studied the case of two interacting nanoparticles. We
confirmed that inter-particles interactions lead to an increase in the generation rates and
directionality of the hot electron generation, making these systems good candidates for
the development of a solar water purification process. The obtained results should enable
to simulate the properties of hot electron generation by a films of nanoparticles under
artificial or solar irradiation, which can be compared to measurements on experimental
films.
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