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Titre : Contrôle de l’émission spontanée par une assemblée d’émetteurs thermalisés en cavité : étude
théorique et expérimentale
Mots clés : Emission spontanée, nanoantennes, métasurfaces, nanophotonique.

Résumé : Cette thèse a pour but de développer
un modèle et des techniques de contrôle de l’émis-
sion de lumière par une assemblée de fluorophores
dans le domaine visible. Miniaturiser les sources
de lumière est un enjeu majeur pour réduire l’en-
combrement et donc les coûts de production. Cela
permet également d’intégrer plus facilement ces
sources à d’autres systèmes. Il est maintenant bien
compris que l’environnement des émetteurs per-
met de modifier les propriétés de la lumière émise.
Dans cette thèse, nous explorons les moyens de fa-
çonner cet environnement électromagnétique afin
d’obtenir une source miniaturisée dont l’émission
est directive. La première partie est consacrée à
l’étude de la cohérence spatiale, qui est nécessaire
à l’obtention de directivité. Nous établissons une
relation générale absorption-cohérence permettant
de calculer la corrélation spatiale des champs à
l’aide d’un calcul d’absorption. Cela nous permet
d’étudier les propriétés d’émission d’un système
composé de molécules de colorant déposées sur de

l’argent et de mettre en évidence le rôle des ondes
de surface dans l’apparition de cohérence spatiale.
Dans un second temps, nous montrons que la pho-
toluminescence en présence de l’environnement ré-
sonant peut être calculée à l’aide de la loi de Kir-
chhoff locale. Grâce à cette méthode, nous modé-
lisons la photoluminescence émise par un système
complexe composé de deux types d’émetteurs fluo-
rescents déposés sur un film d’argent. Nous met-
tons ainsi en évidence un transfert d’énergie entre
ces deux familles d’émetteurs. Enfin, nous tirons
parti des résultats précédents pour concevoir nu-
mériquement des sources photoluminescentes di-
rectives, composées de nanoplaquettes déposées
sur une métasurface métallique jouant le rôle de
cavité résonante. Ces sources sont fabriquées en
salle blanche et caractérisées expérimentalement.
L’accord des résultats expérimentaux avec la théo-
rie démontre la portée de la loi de Kirchhoff lo-
cale dans la conception de sources de lumière in-
novantes.

Title : Control of spontaneous emission by an ensemble of thermalized emitters in a cavity: theoretical
and experimental study
Keywords : Spontaneous Emission, nanoantenna, metasurfaces, nanophotonics.

Abstract : The goal of this thesis is to introduce
a model and new techniques to control light emis-
sion by an ensemble of fluorophores in the visible
spectral range. Miniaturizing light sources in order
to reduce their volume and production cost is a
challenge. It would also enable an easier integra-
tion of light sources in complex systems. It is now
well understood that the emitters environment can
modify drastically the emission process. In this ma-
nuscript, we explore several ways to shape the elec-
tromagnetic environment of the emitters, in order
to obtain a directive emission of light from a minia-
turized device. On the one hand, we study the spa-
tial coherence of light, necessary to obtain direc-
tivity. We derive a general absorption-correlation
relation which enables to obtain the spatial corre-
lation of the electromagnetic fields thanks to an
absorption computation. We then exploit this for-

mula to analyze the origin of the spatial coherence
of light emitted by an ensemble of dye molecules
deposited on top of a silver layer. It brings out the
role of the surface waves in the building of spatial
coherence. On the other hand, we use a local form
of Kirchhoff law to derive the emission by fluo-
rophores in a resonant environment. It enables to
study light emitted by a complex sample compo-
sed of two emitters’ species on top of a silver layer.
We highlight an energy transfer between these two
emitters’ families. Finally, we make the most of
these results to design, fabricate and characterize
directional photoluminescent sources, made of na-
noplatelets on top of a metallic metasurface. The
agreement between experiment and theory proves
the impact of the local Kirchhoff’s law in the de-
sign of new light sources.
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Chapitre 1

Introduction

1.1 . Motivations

Les domaines de l’éclairage et de l’affichage ont besoin de sources de lumières. Les minia-
turiser est un enjeu majeur tant pour des problématiques énergétiques que pour réduire leurs
coûts de production et leur encombrement. Si l’on souhaite réaliser une source de lumière mi-
niaturisée avec des propriétés spécifiques, notamment en contrôlant son spectre, sa directivité
ou sa polarisation, cela implique d’explorer les facettes de l’interaction de la matière avec le
champ électromagnétique. Cette thèse a pour fil conducteur la réalisation expérimentale d’une
source photoluminescente miniaturisée directive, de spectre contrôlé. Cet objectif applicatif
va nous conduire à revisiter des questions fondamentales portant sur la cohérence spatiale
du rayonnement émis par émission spontanée, sur l’émission assistée par des métasurfaces
résonantes ainsi que sur les questions de transfert d’énergie entre fluorophores.

Ces travaux s’inscrivent dans le contexte global du contrôle de l’émission spontanée, qui
désigne l’émission d’un photon par un système quantique suite à la désexcitation spontanée
d’un état excité vers un état fondamental. Suite aux premiers travaux d’Edward Purcell en
1946 [1], il est désormais bien compris que l’émission de lumière n’est pas une propriété
intrinsèque d’un émetteur, mais dépend de son environnement électromagnétique. Edward
Purcell a ainsi été le premier à présenter la modification du taux d’émission spontanée d’un
émetteur couplé à une cavité. Il a montré que le taux de désexcitation de l’émetteur pouvait
être exalté d’un facteur FP en présence d’une cavité, avec

FP =
3Qλ3

4π2V
, (1.1)

où Q est le facteur de qualité de la cavité, V le volume effectif, ou volume modal, et λ

la longueur d’onde d’émission. Si ses travaux portaient initialement sur l’émission dans le
domaine radio, l’émission d’un émetteur à travers une cavité a ensuite été étendue au do-
maine visible [2, 3]. En 1983, l’équipe de Serge Haroche fut la première à apporter la preuve
expérimentale de la modification du taux de désexcitation pour un atome unique placé en
cavité [4]. Cette exaltation d’émission s’explique notamment par l’augmentation de la densité
locale d’états auxquels l’émetteur peut se coupler en présence d’une cavité comparée à la
densité locale d’états du vide. La théorie de l’électrodynamique quantique en cavité permet
de modéliser avec précision l’émission d’un émetteur en cavité et ainsi de décrire l’exaltation
ou l’inhibition du taux d’émission spontanée ainsi que l’apparition d’un régime de couplage
fort entre l’émetteur et la cavité. Ce concept de modification de l’émission de lumière par
une cavité a ensuite été adapté en nanophotonique avec des antennes de taille sub-longueur
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d’onde (métalliques ou diélectriques) qui jouent un rôle similaire à celui d’une cavité en mo-
difiant la densité locale d’états auxquels peut se coupler l’émetteur. Ces antennes permettent
notamment de confiner le champ dans des volumes plus petits que le cube de la longueur
d’onde et rayonnent en champ lointain une fois excitées. Il a ainsi été montré que coupler un
émetteur à un nanorésonateur permet non seulement de jouer sur le taux de désexcitation
radiatif, aussi bien en l’exaltant qu’en le supprimant [5–11] mais également de modifier la
directivité de l’émission [9, 12–15] ou encore le spectre [16].

Le signal produit par un émetteur unique, bien qu’exalté par l’antenne, n’est souvent pas
suffisamment intense pour de nombreuses applications, telles que l’éclairage ou l’affichage.
Les concepts présentés plus haut forment alors la brique de base de systèmes plus complexes,
composés d’un ensemble de fluorophores (tels que des molécules de colorants ou des boîtes
quantiques) déposés sur un arrangement périodique de nanorésonateurs. On appelle ces com-
posants des métasurfaces émettrices. Ces métasurfaces ultra-fines composés d’antennes de
tailles sub-longueur d’onde sont bien adaptées à la réalisation de sources miniaturisées.

Historiquement, les métasurfaces ont été développées pour modifier le front d’onde d’une
onde incidente, tant en réflexion qu’en transmission. En effet, en variant la taille et l’espa-
cement des antennes, il devient possible de modifier le front de phase de l’onde propagative
qui traverse cette interface et ainsi jouer sur la directivité de la lumière. Ces phénomènes se
basent sur la généralisation des lois de réflexion et réfraction [17] et un exemple est donné
sur la figure 1.1. Il s’agit d’une métasurface permettant de contrôler la direction du faisceau
réfracté lorsqu’une onde plane traverse cette métasurface. Un des concepts les plus spectacu-
laire découlant du contrôle du front d’onde avec une métasurface est la "cape d’invisibilité",
permettant de cacher des objets (plus grands que la longueur d’onde) en texturant leur sur-
face [18].

(a) (b) (c)

Figure 1.1 –Métasurface proposée par Yu et al. pour modifier l’angle de réfraction d’une onde plane incidente à la lon-gueur d’onde de 8 µm. (a) ImageMEB de lamétasurface dont la cellule élémentaire (représentée en jaune) est constituéede 8 antennes de forme variable. La période en x, notéΓ, vaut 11 µmet la période en y vaut 1,5 µm. (b) Simulations FDTD("Finite Difference Time-Domain") du champ diffusé par les antennes individuelles représentées en jaune. (c) Schéma del’expérience consistant à éclairer la métasurface par une onde plane incidente polarisée selon y. Le faisceau rouge té-moigne d’une réfraction dans une direction non prévue par l’optique géométrique. Figure adaptée de la référence [17].
From [17]. Reprinted with permission from AAAS.

Pour autant, ces résultats ne sont possibles que si le front d’onde de la lumière incidente
est cohérent, ce qui permet de façonner le champ réfléchi ou transmis en faisant interférer
les différentes ondelettes cohérentes issues de la diffraction du front d’onde incident. Cette
théorie reste valide pour contrôler la directivité de la lumière émise par un émetteur unique
couplé à une métasurface initialement conçue pour introduire un déphasage au niveau de
l’interface [19].
En revanche, une difficulté de taille apparaît si l’on souhaite coupler une assemblée d’émet-
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Chapitre 1. Introduction
teurs à la métasurface. En effet, si les émetteurs sont indépendants, alors les intensités émises
par chaque émetteur se somment de façon incohérente et le formalisme utilisé jusqu’alors pour
les métasurfaces n’est donc plus valable. Il convient donc de trouver un moyen de créer de la
cohérence spatiale lorsque l’on dispose d’un ensemble d’émetteurs incohérents. Avant d’abor-
der cette question, nous ferons une brève présentation des principales notions sur la cohérence
spatiale dans la suite de cette introduction. Soulignons que dans le cas d’un émetteur unique
couplé à la métasurface, la directivité de la lumière par le système {émetteur+métasurface}
est dépendante de l’orientation et de la position de l’émetteur (pouvant être modélisé par un
dipôle) au sein ou à proximité de la métasurface [19]. Des expériences récentes ont notam-
ment tiré parti de la photopolymérisation de polymères contenant des boîtes quantiques pour
placer avec précision les émetteurs en champ proche de l’antenne en utilisant le champ élec-
trique intense au niveau de l’antenne pour la réaction de polymérisation [20, 21]. L’émission
de lumière par les émetteurs est alors modifiée de façon optimale par l’antenne.

Il existe deux grandes familles de métasurfaces émettrices, à savoir les métasurfaces plas-
moniques et les métasurfaces diélectriques. Un état de l’art des métasurfaces émettrices est
notamment donné dans les articles de revue [22,23].
Les métasurfaces plasmoniques sont composées d’antennes métalliques comportant des réso-
nances dites plasmoniques. Ces résonances proviennent du couplage entre les électrons libres
du métal et le champ électromagnétique. On distingue les plasmons polaritons de surface
(SPPs) qui se propagent le long d’une interface (cf figure 1.2a) [24], des plasmons localisés
(LSPs) (cf figure 1.2b) [25].

Figure 1.2 – Schéma de plasmon polariton de surface à l’interface entre une couche métallique et une couche diélec-trique (a) et plasmon de surface localisé dans une nanoparticule métallique (b). Reprinted with permission from [26].
Copyright [2018] American Chemical Society.

Les SPPs peuvent être excités à l’interface entre un métal et un diélectrique et corres-
pondent à une onde de densité de charge surfacique à l’interface métal-diélectrique couplée à
un champ électromagnétique évanescent (voir figure 1.2a). Les LSPs correspondent au cou-
plage des électrons libres oscillants au champ électromagnétique et apparaissent lorsqu’une
nanoparticule métallique est éclairée par une onde plane dont la longueur d’onde est plus
grande que la taille caractéristique de la nanoparticule (figure 1.2b). Cette excitation réso-
nante permet d’exalter le champ électrique et de créer des "points chauds" ("hot spots")
en champ proche du métal. Les métasurfaces plasmoniques ont la particularité de comporter
des pertes ohmiques importantes dans le métal et d’avoir un facteur de qualité de l’ordre
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de quelques dizaines, ce qui peut être préjudiciable lorsqu’on cherche à avoir une source
brillante, et donc des pertes radiatives élevées. Il a été montré que la fluorescence de fluo-
rophores pouvait être exaltée en les déposant sur une métasurface plasmonique [27–29]. Ce
concept d’exaltation de lumière a également été utilisé dans le domaine des LEDs ("Light
Emitting Diodes") pour améliorer l’efficacité d’extraction de lumière et rendre ainsi les sources
plus efficaces. Un état de l’art sur les métasurfaces plasmoniques appliquées aux LEDs est
donné dans l’article de revue [23]. Il a également été montré que les métasurfaces plasmo-
niques pouvaient être employées avec succès pour réaliser une source directive [28–32]. Les
propriétés d’émission de lumière, notamment le spectre et la directivité, ont pu être contrôlées
en temps réel en faisant varier la température au niveau de la métasurface [33].
Les métasurfaces diélectriques permettent quant à elles de pallier le problème des pertes oh-
miques et d’obtenir des facteurs de qualité élevés, avec cependant une exaltation de champ
modérée. Le champ est alors confiné dans les antennes diélectriques. Ces structures per-
mettent d’intégrer directement les émetteurs dans les antennes, ce qui a également l’avantage
de les protéger de l’environnement extérieur, mais nécessitent des étapes de fabrication plus
complexes que pour des métasurfaces métalliques. Dans cette thèse nous nous intéressons
exclusivement aux métasurfaces émettrices plasmoniques, bien que les métasurfaces diélec-
triques ont également témoigné d’un contrôle sur la directivité de la lumière émise [31,32,34],
et le spectre [35] ainsi qu’une exaltation d’extraction de lumière, comme cela a été montré
pour des films de luminophores en terres rares [36]. Ces derniers étant notamment utilisés
comme convertisseurs de lumière pour réaliser des LEDs blanches à partir de LEDs bleues,
ces travaux pourraient servir à améliorer l’efficacité d’extraction de la lumière issue de LEDs.
Soulignons à ce stade que des métasurfaces hybrides métallo-diélectriques commencent à être
développées pour essayer de combiner le meilleur de ces deux mondes [37].

Dans ces métasurfaces émettrices, les différentes antennes ne sont plus indépendantes
mais couplées, ce qui crée des modes délocalisés. Ainsi, un émetteur qui se couple à un
de ces modes crée un champ cohérent dans toute la métasurface. Ce mode a des pertes
radiatives contrôlées, ce qui permet de contrôler la direction d’émission de l’émetteur. Ces
modes délocalisés peuvent être par exemple des plasmons de surface (SPPs), des modes de
réseaux appelés "Surface Lattice Resonances" (SLRs) qui sont issus du couplage des modes
de résonance plasmoniques localisés avec les ordres de diffraction dans le plan du réseau
(aussi appelés anomalies de Rayleigh) ou encore des modes guidés dans la couche d’émet-
teurs. Les paramètres géométriques de la métasurface permettant de contrôler la directivité
de l’émission sont notamment choisis de manière à façonner la relation de dispersion des
modes de la métasurface, en utilisant le concept de repliement de spectre dans la zone de
Brillouin [22, 23, 28, 29, 38]. Pour autant, cette méthode, bien que qualitative, ne permet
pas de prédire quantitativement l’émission de lumière. Enfin, soulignons que l’utilisation de
métasurfaces pour réaliser des lasers sub-longueur d’onde commence à voir le jour, en rem-
plaçant les cavités Fabry-Pérot optiques classiques par des nanorésonateurs jouant le rôle de
cavité [22,26].

Le formalisme usuellement utilisé pour décrire l’émission de lumière par une assemblée
d’émetteurs déposés sur une métasurface est notamment présenté dans l’article de revue [22].
Le paradigme quant aux méthodes de modélisation de l’émission de lumière par des systèmes
d’émetteurs couplés à des résonateurs est basé sur les principes physiques et le formalisme
de l’interaction entre un résonateur et un émetteur unique. Ainsi, la description de l’émission
de lumière par une assemblée d’émetteurs est le plus souvent calculée en cherchant d’abord
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Chapitre 1. Introduction
l’intensité émise par un émetteur unique déposé sur la métasurface et modélisé par un dipôle.
Son intensité est proportionnelle au taux d’excitation, à son efficacité quantique et à l’effi-
cacité d’extraction. L’intensité totale émise par l’ensemble des émetteurs est alors obtenue
en sommant de façon incohérente les contributions de chaque dipôle. Cette méthode rend
très bien compte de la directivité et de la polarisation de l’émission qui sont modifiées par
l’environnement électromagnétique (cavités, antennes, métasurfaces). En revanche, du fait
du facteur de proportionnalité, cette méthode ne permet pas de prédire avec précision l’inten-
sité de l’émission. De plus, dès l’instant où l’on considère une assemblée d’émetteurs, il est
nécessaire de prendre en compte les transferts d’énergie entre ces émetteurs et le processus
de thermalisation qui influe sur la population des différents états, notamment excités, des
émetteurs. Ainsi, une expression théorique de la puissance émise doit dépendre de la tempé-
rature ce qui n’est pas le cas de l’addition des puissances émises par des dipôles d’amplitude
arbitraire. Nous allons voir par la suite comment pallier ces inconvénients en introduisant la
loi de Kirchhoff locale [39]. Nous verrons que cette loi permet de concevoir quantitativement
des sources de lumière optimisées, grâce à un calcul d’absorption. Le tableau 1.1 résume les
différents formalismes développés pour décrire l’émission de lumière.

Emetteur unique Ensemble d’émetteurs thermalisés
Emission dans le vide Emission dipolaire Loi de Kirchhoff
Emission en cavité Electrodynamique quantique Loi de Kirchhoff localeen cavité

Table 1.1 – Les différents modèles permettant de décrire l’émission de lumière. La loi de Kirchhoff est adaptée à ladescription de l’émission de lumière par un ensemble d’émetteurs thermalisés.

1.2 . La loi de Kirchhoff locale

La loi de Kirchhoff locale est une extension de la loi de Kirchhoff. Cette dernière, proposée
par Gustav Kirchhoff en 1860, énonce que l’émissivité d’un corps à l’équilibre thermodyna-
mique à la longueur d’onde λ dans la direction portée par u est égale à son absorptivité
lorsqu’il est éclairé par une onde plane incidente dans la direction −u à la même longueur
d’onde [40]. Cette loi cesse d’être valable dès l’instant où les dimensions de l’objet sont in-
férieures à la longueur d’onde (ou du même ordre de grandeur), lorsque la température n’est
plus homogène ou lorsque l’on considère un autre mécanisme d’émission de lumière comme
la photoluminescence ou l’électroluminescence.
La loi de Kirchhoff locale élargit le cadre d’application de la loi de Kirchhoff et s’applique
dès l’instant où un équilibre thermodynamique local peut être établi, y compris en présence
d’une cavité [39,41]. Elle repose sur l’électrodynamique fluctuationnelle, qui sera détaillée par
la suite. Un équilibre thermodynamique local peut toujours être défini aux échelles de temps
impliquant l’émission de lumière par photoluminescence ou électroluminescence. En effet, les
interactions entre particules conduisent à une thermalisation à l’échelle de la picoseconde.
Pour des échelles de temps plus longues, il est donc possible de définir une température per-
mettant de décrire le taux d’occupation des niveaux d’énergie par les particules. Considérons
par exemple l’absorption de photons par un semi-conducteur après avoir été éclairé par une
impulsion femtoseconde. Ce pompage optique se traduit par un nombre plus élevé d’électrons
dans la bande de conduction, et un nombre plus élevé de trous dans la bande de valence. La
recombinaison radiative se produit à l’échelle de temps caractéristique de l’ordre de la nanose-
conde, bien supérieure à une échelle de temps de thermalisation. Lorsque l’émission a lieu, elle
est le fait de populations d’électrons et de trous thermalisés, décrites par des distributions de
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Fermi-Dirac dépendant d’une même température T et de potentiels chimiques µc et µv pour
chaque bande, appelés quasi niveaux de Fermi. On peut alors définir un potentiel chimique
des photons avec µφ = µc−µv [39,42]. Dans le cas de l’électroluminescence, si l’on applique
une tension V à une jonction PN, le potentiel chimique des photons sera directement donné
par µφ = eV avec e la charge électrique de l’électron.

La loi de Kirchhoff locale permet ainsi d’exprimer la puissance émise par un ensemble
de dipôles fluctuants à l’équilibre thermodynamique local, contenus dans un volume V de la
façon suivante [39] :

d2P (l)
e (u, λ, µ) = dλdΩ

∫
V
d3r′α(l)(−u, r′, λ, µ)hc

2

λ5

1

exp( hc
λkBT −

µ
kBT )− 1

, (1.2)

avec d2P (l)
e (u, λ, µ) la puissance théorique émise à la longueur d’onde λ, dans la direction

u et pour une polarisation l. Le terme α correspond à la densité locale de section efficace d’ab-
sorption, de sorte que le produit α(l)(−u, r′, λ, µ)φincd

3r′ corresponde à l’absorption dans un
élément de volume d3r′ de la couche émettrice éclairée par une onde plane incidente polarisée
selon l, provenant de la direction −u et d’intensité (i.e. de flux de puissance par unité de
surface) φinc. T est la température et µ le potentiel chimique des photons des émetteurs. Ce
dernier permet de quantifier la force du mécanisme de pompage. Soulignons à ce stade que la
loi de Kirchhoff locale s’applique aussi bien à la photoluminescence qu’à l’électroluminescence
et que l’on retrouve le cadre de l’émission thermique en prenant µ = 0.

Dans le cas où la température et le potentiel chimique sont uniformes dans la couche
émettrice, l’intégration ne s’applique qu’à la densité locale de section efficace d’absorption et
permet de retrouver la section efficace d’absorption σabs :∫

V
d3r′α(l)(−u, r′, λ, µ) = σabs(−u, r′, λ, µ) (1.3)

Considérons maintenant un objet très grand devant la longueur d’onde, comme repré-
senté sur la figure 1.3, pour lequel on peut utiliser une description surfacique. On note alors
σ
(l)
abs(−u, λ, µ) = S cos θA(l)(−u, λ, µ), avec θ l’angle formé par la normale à la surface S et

la direction d’émission u et A(l)(−u, λ, µ) le coefficient d’absorption (ou absorptivité) d’une
onde plane incidente polarisée selon l, à la longueur d’onde λ venant de la direction −u dans
la couche d’émetteurs, sans unité. Ce coefficient est défini par le ratio de la puissance absor-
bée dans la couche émettrice et du flux du vecteur de Poynting φinc

(l)(−u, λ, µ) de l’onde
incidente :

A(−u, λ, µ) =
(
πcϵ0
λ

∫
V
d3r′ϵ′′(r′, λ, µ)|E(r′, λ)|2

)
/

∫
S
dS cos(θ)φinc

(l)(−u, λ, µ), (1.4)
avec ϵ′′(r′, λ, µ) la partie imaginaire de la constante diélectrique décrivant la couche

d’émetteurs. Dans le cas où le système ne serait composé que d’une couche absorbante ho-
mogène, le coefficient d’absorption pourrait également être retrouvé à partir des facteurs de
réflexion et transmission en intensité via la relation A(l)(−u, λ, µ) = 1 − R(l)(−u, λ, µ) −
T (l)(−u, λ, µ). Cette estimation de l’absorptivité via les facteurs de réflexion et transmission
n’est plus possible dès l’instant où les émetteurs sont déposés sur une surface métallique
(texturée ou non). Cette dernière introduit également des pertes ohmiques alors que l’absorp-
tion A(l)(−u, λ, µ) ne doit être calculée que dans le volume des émetteurs pour retrouver la
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puissance émise (cf équation 1.2).

Ainsi, en notant LBB(λ, µ, T ) =
hc2

λ5
1

exp( hc
λkBT

− µ
kBT

)−1
, on peut réécrire la puissance émise

par la surface S de la façon suivante :

d2P (l)
e (u, λ, µ) = dλdΩ S cos θA(−u, λ, µ)LBB(λ, µ, T ), (1.5)

Rappelons que dans le cadre standard de la radiométrie, la puissance émise par une source
de luminance L s’écrit

d2P (l)
e (λ) = dλdGL(λ), (1.6)

avec dG l’étendue géométrique élémentaire. On peut reformuler la relation 1.6 avec nos
paramètres sous la forme

d2Pe(u, λ, µ) = dλdΩ S cos θL(λ, θ,Φ, µ, T ), (1.7)
avec L(λ, θ,Φ, µ, T ) la luminance de la source de lumière de taille S, θ l’angle formé

par la normale à cette surface et la direction d’émission u, et Φ l’angle formé entre le plan
d’incidence et l’axe x.

plan d'incidence

u

substrat

y

x

ϕ

z

émetteurs

dS
θ

dΩ

Figure 1.3 – Schéma d’une couche d’émetteurs de surface S déposée sur un subtrat, permettant de définir le pland’incidence et les angles θ, Φ.

La comparaison entre les relations (1.5) et (1.7) nous donne ainsi :

L(l)(u, λ, µ, T ) = A(l)(−u, λ, µ)LBB(λ, µ, T ). (1.8)
La directivité de la source est directement donnée par la largeur angulaire de la fonction

de luminance L(l)(u, λ, µ, T ). Or la relation 1.8 nous indique que cette largeur correspond à
la largeur angulaire de la fonction d’absorptivité réciproque A(l)(−u, λ, µ, T ). De même, la
luminance de la source pour un état de polarisation donné est directement relié à celui de
l’absorption d’ondes planes polarisées dans le même état.
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Les informations concernant la directivité de la lumière émise et sa polarisation sont
ainsi contenues dans cet unique terme d’absorptivité. Il devient donc possible de conce-
voir numériquement une source de lumière contrôlée avec précision en directivité et
polarisation en calculant l’absorption dans la couche d’émetteurs. Cette méthode nu-
mérique permet également de maximiser le terme d’absorptivité, ce qui assure alors
une source optimisée en émission et permet d’adresser les problématiques d’extraction
de lumière. a

a. Soulignons cependant qu’il est nécessaire de prendre en compte la loi de Planckgénéralisée en plus de l’absorptivité pour avoir l’information sur le spectre de la lumièreémise.
Nous nous sommes attachés au cours de cette thèse à utiliser ce formalisme pour concevoir
numériquement une source photoluminescente directive dans le visible avant de la fabriquer
expérimentalement et la caractériser. La présentation des résultats fait l’objet du chapitre 6.

Nous allons maintenant faire un rappel de la cohérence spatiale et mettre en avant son
lien avec la directivité de la lumière émise.

1.3 . Description des processus fluctuationnels pour décrire l’émission
spontanée

1.3.1 . Cohérences spatiale et temporelle

Le champ émis par une assemblée d’émetteurs indépendants est un phénomène intrin-
sèquement aléatoire qui nécessite une approche théorique statistique. Caractériser la lumière
émise revient donc à calculer en particulier la corrélation des champs ⟨Ej(r1, t1)Ek(r2, t2)⟩,
qui est une variable réelle du temps et de l’espace. Les crochets désignent ici une moyenne
statistique sur un ensemble de réalisations. Il est important de souligner que la corrélation des
champs en deux points r1 et r2, à la fréquence ω n’est rien d’autre que le langage mathéma-
tique pour parler de cohérence spatiale. La cohérence temporelle est quant à elle caractérisée
par la fonction de corrélation à deux instants et au même point r : ⟨Ej(r, t1)Ek(r, t2)⟩.

On peut mesurer expérimentalement la cohérence spatiale et la cohérence temporelle
séparément grâce à des systèmes interférométriques. La cohérence spatiale peut être mesurée
à l’aide d’un dispositif à séparation de front d’onde, tel que le système de trous d’Young,
présenté sur la figure 1.4. Ce dernier permet de caractériser la corrélation des champs au
niveau des trous, aux positions r1 et r2 en z = d, pour une fréquence ω à partir d’une source
primaire placée en z = 0. Si les champs sont spatialement cohérents en z = d, cela se traduira
par l’apparition de franges d’interférences sur l’écran, placé en z = d + D. La visibilité des
franges sur l’écran est directement proportionnelle à |⟨Ej(r1, ω1)E

∗
k(r2, ω1)⟩| et traduit le

degré de cohérence spatiale en z = d [43–45].
La mesure du degré de cohérence temporelle peut se faire quant à elle à l’aide d’interféro-

mètre à séparation d’amplitude, dont le plus connu est l’interféromètre de Michelson. On peut
ainsi charioter le miroir d’un bras du Michelson pour introduire un retard sur l’une des deux
voies et observer les interférences entre le champ émis à un instant t et sa version décalée
dans le temps. Il faut cependant garder à l’esprit que le concept de cohérence temporelle fait
référence à la pureté spectrale de la source [44,45]. Plus le spectre de la lumière est fin, plus
son degré de cohérence temporel est élevé.

⋆ ⋆ ⋆
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Figure 1.4 – Schéma dumontage interférométrique des trous d’Young, permettant d’analyser la corrélation des champsen z=d. La position z=0 correspond à la position de la source.

On va maintenant passer à l’étude théorique de la corrélation des champs électriques.
On commencera par s’intéresser à la dépendance temporelle des champs, qui nous permettra
de faire un rappel du théorème de Wiener-Khintchine en variables temporelles. On fera en-
suite le même travail mais cette fois-ci en variables spatiales. Cela nous permettra de relier
la directivité de la lumière émise à la cohérence spatiale au niveau des émetteurs. On fera
ensuite un rappel du théorème de Zernike-Van Cittert, qui permet d’obtenir de la cohérence
en champ lointain en fonction de la distribution d’intensité au niveau de la source. Pour finir
nous introduirons les bases de l’électrodynamique fluctuationnelle qui nous serviront dans ce
manuscrit.

1.3.2 . Dépendance temporelle des champs

Afin d’écrire la corrélation des champs, on considère un processus stationnaire. Le champ
n’étant pas de carré sommable, on ne peut alors pas définir sa transformée de Fourier (TF).
On définit pour cette raison un champ ET(r, t) réel, tel que

ET(r, t) =

{
E(r, t) pour t ∈ [−T/2, T/2],
0 sinon.

(1.9)
De cette manière, sa transformée de Fourier ET(r, ω) est bien définie :

ET(r, t) =

∫ +∞

−∞

dω

2π
ET(r, ω) exp(−iωt), (1.10)

mais dépend d’un paramètre arbitraire T. Afin d’obtenir une caractérisation du spectre
indépendante de ce temps, on introduit la densité spectrale de puissance DSP(r, ω) =

lim
T→+∞

1

T
|ET(r, ω)|2.

On peut alors écrire la corrélation des champs de la manière suivante :
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⟨ETj(r1, t1)ETk(r2, t2)⟩ =
∫ +∞

−∞

dω1

2π

∫ +∞

−∞

dω2

2π
[⟨ETj(r1, ω1)ETk(r2, ω2)⟩

× exp(−iω1t1) exp(−iω2t2)].

(1.11)

En faisant le changement de variable ω′
2 = −ω2, et en utilisant E(−ω2) = E∗(ω2), la

relation (1.11) devient

⟨ETj(r1, t1)ETk(r2, t2)⟩ =
∫ +∞

−∞

dω1

2π

∫ +∞

−∞

dω2

2π
[exp(−iω1t1) exp(+iω2t2)

× ⟨ETj(r1, ω1)E
∗
Tk(r2, ω2)⟩]

(1.12)

On effectue un premier changement de variable pour faire apparaître deux variables qui
caractérisent l’instant moyen et l’écart en temps :

{
τ = t1 − t2,
t = (t1 + t2)/2.

(1.13)
En particulier, un processus stationnaire ne dépend que de τ . On obtient alors

⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩ =
∫ +∞

−∞

dω1

2π

∫ +∞

−∞

dω2

2π
[exp(−it(ω1 − ω2))

× exp(−iτ(ω1 + ω2)/2)

× ⟨ETj(r1, ω1)E
∗
Tk(r2, ω2)⟩].

(1.14)

Cette écriture fait alors apparaître deux fréquences :

{
Ω = (ω1 + ω2)/2,
ω = ω1 − ω2,

(1.15)
ce qui donne :

⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩ =
∫ +∞

−∞

dΩ

2π

∫ +∞

−∞

dω

2π

× [exp(−iωt) exp(−iΩτ)⟨ETj(r1,Ω+ ω/2)E∗
Tk(r2,Ω− ω/2)⟩].

(1.16)

On voit ainsi que la fonction de corrélation fréquentielle est la TF de la fonction de corré-
lation temporelle. La fréquence moyenne Ω est ainsi associée à l’écart temporel τ tandis que
le temps moyen t est associé à l’écart en fréquence ω1 − ω2 = ω.

La transformée de Fourier inverse (TF−1) donne alors

⟨ETj(r1,Ω+ ω/2)E∗
Tk(r2,Ω− ω/2)⟩ =

∫ +∞

−∞
dt

∫ +∞

−∞
dτ [exp(+iωt) exp(+iΩτ)

× ⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩].(1.17)
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1.3.3 . Théorème de Wiener–Khintchine

On peut retrouver le célèbre théorème de Wiener-Khintchine en repartant de l’équation
(1.17). On considère que ⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩ est stationnaire (à l’intérieur de
l’intervalle où le champ est non nul). L’intégration sur τ donne pour le cas ω = 0

⟨ETj(r1,Ω)E
∗
Tk(r2,Ω)⟩ = T

∫ +∞

−∞
dτ⟨ETj(r1, τ/2)ETk(r2,−τ/2)⟩ exp(+iΩτ). (1.18)

En passant à la limite T → +∞, on obtient

lim
T→+∞

1

T
⟨ETj(r1,Ω)E

∗
Tk(r2,Ω)⟩ = TF−1[⟨ETj(r1, τ/2)ETk(r2,−τ/2)⟩], (1.19)

soit

⟨ETj(r1, τ/2)ETk(r2,−τ/2)⟩ = TF[ lim
T→+∞

1

T
⟨ETj(r1,Ω)E

∗
Tk(r2,Ω)⟩]. (1.20)

On retrouve donc bien le théorème de Wiener-Khintchine, qui énonce que, pour un pro-
cessus stationnaire, la corrélation des champs s’écrit comme la transformée de Fourier de la
densité spectrale de puissance. On déduit des propriétés de la transformée de Fourier qu’un
processus quasi monochromatique correspond à une durée de cohérence importante. Il s’en
suit que la cohérence temporelle peut être augmentée en utilisant un filtre qui réduit la largeur
spectrale du champ.

1.3.4 . Dépendance spatiale des champs

L’analyse faite précédemment dans le domaine temporel peut être réalisée de la même
manière avec des variables spatiales. Nous nous intéressons ainsi à la dépendance spatiale des
champs à la fréquence ω. On note EA(r, ω) le champ décrit par un champ aléatoire sur une
surface d’aire A et nul en dehors. On considère un champ qui se propage en direction des z
positifs.

De cette manière, on peut définir sa transformée de Fourier spatiale :

EA(r, ω) =

∫∫ +∞

−∞

d2k∥

4π2
EA(k∥, z, ω) exp(ik∥.r∥) (1.21)

avec EA(k∥, z, ω) = EA(k∥, ω) exp(iγz), où γ =
√

k20 − k2∥, avec k0 l’amplitude du

vecteur d’onde. On peut ainsi écrire le terme de corrélation spatiale de la façon suivante :

⟨EAj(r1, ω)E
∗
Ak(r2, ω)⟩ =

∫∫ +∞

−∞

d2k∥1

4π2

∫∫ +∞

−∞

d2k∥2

4π2
[exp(ik∥1.r∥1)

× exp(−ik∥2.r∥2)⟨EAj(k∥1, z1, ω)E
∗
Ak(k∥2, z2, , ω)⟩]

(1.22)

On effectue le changement de variable suivant :{
ρ = r1 − r2,
R = (r1 + r2)/2

(1.23)
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ce qui donne

⟨EAj(R+ ρ/2, ω)E∗
Ak(R− ρ/2, ω)⟩ =

∫∫ +∞

−∞

d2k∥1

4π2

∫∫ +∞

−∞

d2k∥2

4π2

× [exp(iR∥.(k∥1 − k∥2))

× exp(+iρ∥.(k∥1 + k∥2)/2)

× ⟨EAj(k∥1, z1, ω)E
∗
Ak(k∥2, z2, ω)⟩]

(1.24)

Cette écriture fait apparaître les deux vecteurs d’onde :{
δk∥ = k∥1 − k∥2,

K∥ = (k∥1 + k∥2)/2.
(1.25)

On obtient ainsi

⟨EAj(R+ ρ/2, ω)E∗
Ak(R− ρ/2, ω)⟩

=

∫∫ +∞

−∞

d2δk∥

4π2

∫∫ +∞

−∞

d2K∥

4π2
[exp(iδk∥.R∥) exp(+iK∥.ρ∥)

× ⟨EAj(K∥ + δk∥/2, z1, ω)E
∗
Ak(K∥ − δk∥/2, z2, ω)⟩].

(1.26)

En faisant la transformée de Fourier inverse, on trouve la relation suivante :

⟨EAj(K∥ + δk∥/2, z1, ω)E
∗
Ak(K∥ − δk∥/2, z2, ω)⟩

=

∫∫ +∞

−∞
d2R∥

∫∫ +∞

−∞
d2ρ∥[exp(−iδk∥.R∥) exp(−iK∥.ρ∥)

× ⟨EAj(R+ ρ/2, ω)E∗
Ak(R− ρ/2, ω)⟩].

(1.27)

Nous allons voir dans la suite deux cas particuliers de cette relation.

1.3.5 . Cohérence spatiale au niveau de la source et directivité : l’équivalent
spatial du théorème de Wiener-Khintchine

On part de la relation (1.27) qui est appliquée au cas d’une source placée en z ⩽ 0. On
choisit ici de prendre z1 = z2 = 0 pour se placer au niveau de la source que nous plaçons
également en z = 0. On choisit δk∥ = 0 de façon à calculer |EA(K∥)|2, à savoir l’intensité
émise dans la direction K∥. On obtient ainsi :

⟨|EAj(K∥, ω)|2⟩ =
∫∫ +∞

−∞
d2R∥

∫∫ +∞

−∞
d2ρ∥[exp(−iK∥.ρ∥)

× ⟨EAj(R+ ρ/2, ω)E∗
Aj(R− ρ/2, ω)⟩z=0].

(1.28)

On suppose ici que ⟨EAj(R+ρ/2, ω)E∗
Aj(R−ρ/2, ω)⟩ est indépendant de R. En notant

A l’aire de la source on trouve :

1

A
⟨|EAj(K∥, ω)|2⟩ =

∫∫ +∞

−∞
d2ρ∥⟨EAj(ρ/2, ω)E

∗
Aj(−ρ/2, ω)⟩ exp(−iK∥.ρ∥). (1.29)

En faisant tendre A → +∞, on peut alors introduire la densité spectrale de puissance :

lim
A→+∞

1

A
⟨|EAj(K∥, ω)|2⟩. Or, l’évaluation asymptotique du champ électrique E(x, y, z) en

champ lointain par la méthode de la phase stationnaire montre qu’il est proportionnel à
E(K∥).
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La relation (1.29), couplée à l’évaluation asymptotique du champ électrique, indique
ainsi que la distribution d’intensité en champ lointain, et donc la directivité, dépend
de la corrélation des champs électriques au niveau de la source par une relation de
transformée de Fourier. On peut ainsi voir cette relation comme le théorème de Wiener-
Khintchine en variables spatiales.

La corrélation spatiale des champs et la densité spectrale de puissance étant liées par
transformée de Fourier, alors les largeurs caractéristiques ∆ρ et ∆K de ces deux fonctions
sont reliées par la relation dite d’incertitude (connue sous le nom de relation d’incertitude
de Heisenberg en mécanique quantique) ∆ρ∆K ≈ 1 avec ∆ρ la longueur caractéristique de
cohérence. Avoir une source directive implique que le support de E(K∥) est étroit : la valeur
de la composante est nulle dès que K∥ prend des valeurs significatives. Ainsi une source di-
rective implique un faible ∆K, ce qui se traduit nécessairement par une grande longueur de
corrélation au niveau de la source (dans le plan (x,y)).

C’est notamment en utilisant la cohérence spatiale en champ proche générée par des
ondes de surface que Jean-Jacques Greffet et al. ont pu concevoir une source thermique
directive [46,47] (voir figure 1.5). Les sources thermiques sont connues pour être incohérentes
et donc émettre de la lumière de façon isotrope. Pourtant, la texturation d’une surface en
carbure de silicium (SiC) a permis d’obtenir deux lobes d’émission (voir figure 1.5b).
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Figure 1.5 – Métasurface conçue pour générer de l’émission thermique directive, en polarisation Transverse Magné-tique. (a) Profil du réseau en SiC obtenu par AFM ("Atomic Force Microscopy"). (b) Emissivité expérimentale (en rouge)et théorique (en vert) obtenues à 11,36 µm. Figure issue de la référence [47]. Reproduced with permission from Springer
Nature.

Cela peut s’expliquer de deux façons différentes. Premièrement, il est possible d’exciter
des ondes de surface à l’interface entre le SiC et l’air à la longueur d’onde choisie (11,36 µm).
Il s’agit de phonons-polaritons. Ces modes délocalisés génèrent de la cohérence en champ
proche [46] mais sont évanescents. Le réseau permet de coupler ces modes de surface aux
modes propagatifs du vide et cela n’est possible que pour certaines valeurs de vecteurs d’onde,
d’où la directivité observée. Cela revient à raisonner sur le terme de droite de l’équation (1.29) :
la cohérence spatiale permet de générer de la directivité.
Une deuxième façon de comprendre la directivité consiste à considérer l’ensemble des courants
fluctuants sous l’interface, qui rayonnent. Ces dipôles excitent tous les modes possibles et les
photons générés se propagent dans toutes les directions, sous l’interface. En revanche, seuls
les modes pour lesquels le facteur de transmission est élevé pourront traverser l’interface et
se propager dans le vide. Le réseau couplé au mode de surface permet de créer ce facteur
de transmission résonant ne laissant passer que quelques directions. Cela revient à raisonner
sur le terme de gauche de l’équation (1.29) et cela revient à faire du filtrage, à l’image de ce
qui est fait dans le cadre de la cohérence temporelle, où la cohérence d’une lumière à spectre
large apparaît lorsqu’on place un filtre monochromatique.
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La relation (1.29) est donc fondamentale pour la conception de sources photolumines-
centes directives : elle indique qu’il faut générer de la cohérence spatiale au niveau des
émetteurs pour obtenir de la directivité.

1.3.6 . Cohérence spatiale en champ lointain et distribution d’intensité au
niveau de la source : le théorème de Zernike-Van Cittert.

Dans ce paragraphe, nous repartons de la relation (1.27) pour en déduire le théorème
de Zernike-Van Cittert. Cette fois, nous choisissons K∥ = 0 et z1 = z2 = 0. Nous nous
intéressons dans cette partie à la corrélation angulaire des champs.

Nous faisons l’hypothèse d’une source étendue incohérente. C’est une hypothèse couram-
ment utilisée pour un ensemble d’émetteurs. Cela revient à dire que la source est δ-corrélée
i.e. ⟨EAj(r∥1, ω)E

∗
Ak(r∥2, ω)⟩ ∝ δ(r∥1 − r∥2).

En repartant de l’équation (1.27), on obtient

⟨EAj(δk∥/2, ω)E
∗
Ak(−δk∥/2, ω)⟩z=0 =

∫∫ +∞

−∞
d2R∥

∫∫ +∞

−∞
d2ρ∥

× [exp(−iδk∥.R∥)

× ⟨EAj(R+ ρ/2, ω)E∗
Ak(R− ρ/2, ω)⟩z=0].(1.30)

Avec l’hypothèse d’une source δ-corrélée et en prenant k = j, la relation (1.30) se simplifie
en

⟨EAj(δk∥/2, ω)E
∗
Aj(−δk∥/2, ω)⟩z=0 =

∫∫ +∞

−∞
d2R∥ exp(−iδk∥.R∥)

× ⟨|EAj(R, ω)|2⟩z=0

(1.31)

En se plaçant en champ lointain, en P sur la figure 1.6, alors le champ est proportion-

nel à
1

r
E(δk∥/2, ω) =

1

OP
E((ω/c)OP∥/OP, ω) avec r la distance à la source du point

d’observation.
Autrement dit, la corrélation des champs aux points P et M, représentés sur la figure 1.6

s’écrit

⟨EAj(P, ω)E
∗
Aj(M,ω)⟩ ∝ 1

r2
⟨EAj(δk∥/2, ω)E

∗
Aj(−δk∥/2, ω)⟩z=0

∝ 1

r2

∫∫ +∞

−∞
d2R∥ exp(−iδk∥.R∥)⟨|EAj(R, ω)|2⟩z=0

(1.32)

On retrouve ici le théorème de Zernike-Van Cittert [48] en faisant tendre r vers l’infini.
Ce théorème énonce que la corrélation spatiale en champ lointain des champs loin de
la source s’écrit comme la transformée de Fourier de la distribution d’intensité dans la
source.

1

Ce résultat classique peut s’interpréter comme une augmentation de la cohérence spatiale
due à un effet de filtrage. En s’éloignant de la source de taille finie, l’angle solide sous lequel
la source est vue se réduit de sorte que cela revient à réduire la largeur δk∥. Cela revient à

1. Pour mesurer cette corrélation spatiale, il faut placer deux trous d’Young en M et P, loinde la source (cf figure 1.4) et observer les franges produites sur l’écran.
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Figure 1.6 – Schéma de l’observation en champ lointain de la cohérence aux points P et M de la lumière émise par unesource d’aire A.

dire que lorsque l’on place un détecteur en champ lointain, les rayons issus des bords opposés
de la source et qui parviennent au détecteur sont quasiment parallèles. Ce théorème explique
notamment pourquoi il est possible de générer des franges d’interférences sur Terre à partir
de la lumière du Soleil, une source primaire notoirement incohérente (si l’on rajoute un filtre
fréquentiel).

1.3.7 . Lien entre distribution d’intensité et cohérence spatiale
• Le théorème de Wiener-Khintchine indique que la cohérence de la source a une influence

directe sur la répartition d’intensité de la lumière émise, autrement dit sur sa directivité.

• Le théorème de Zernike-Van Cittert montre que la répartition d’intensité au niveau de
la source joue directement sur la cohérence spatiale des champs loin de la source.

Ces résultats ont notamment été obtenus dans la référence [45] et montrent que corréla-
tion des champs et répartition d’intensité sont fortement liées. Ils peuvent se résumer sous la
forme du schéma de la figure 1.7.

Degré de cohérence spatiale Degré de cohérence spatiale

Distribution d'intensité Distribution d'intensité

Au niveau de la source En champ lointain

〈EAj(ρ/2,ω)EAj
*(-ρ/2,ω)〉 〈EAj(P,ω)EAj

*(M,ω)〉

lim 1/r2〈|EAj(R,ω)|2〉 lim 1/A〈|EAj(K||,ω)|2〉
r → ∞ A → ∞

TF
TF

TF -1TF
-1

Figure 1.7 – Schéma illustrant les liens de transformée de Fourier entre la cohérence spatiale des champs et la distribu-tion d’intensité, au niveau de la source et en champ lointain (cf figure 1.6).
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1.4 . Electrodynamique fluctuationelle

Cette partie permet d’introduire les bases de l’électrodynamique fluctuationnelle, dont
nous aurons besoin pour évaluer la corrélation spatiale des champs électriques. Dans ce cadre,
l’émission de lumière est générée par des fluctuations de sources de courants. Sergueï Rytov,
l’un des pères fondateurs de l’électrodynamique fluctuationnelle, a été le premier à proposer
une formulation des champs émis par les fluctuations thermiques des sources de courant,
ainsi que leur corrélation [41]. Si l’on considère un volume V contenant ces sources de cou-
rant, alors le champ électrique émis en r1 à la fréquence ω par cet ensemble à l’équilibre
thermodynamique local peut s’écrire de la façon suivante [49, 50] :

E(r1, ω) = iωµ0

∫∫∫
V

←→
G EJ(r1, r2, ω) · J(r2, ω)dV (r2), (1.33)

avec
←→
GEJ(r1, r2, ω) le tenseur électrique de Green et J(r2, ω) la densité de courant au point

r2.

La corrélation des champs est ainsi reliée à la corrélation des densités de courant :

⟨Ej(r1, ω1)E
∗
k(r2, ω2)⟩ =µ2

0ω
2

∫∫∫
V 1

d3r′1

∫∫∫
V 2

d3r′2[G
EJ
jm(r1, r

′
1, ω1)

×GEJ∗
kn (r2, r

′
2, ω2)⟨jm(r′1, ω1)j

∗
n(r

′
2, ω2)⟩]

(1.34)

Il suffit donc de connaître l’expression de la corrélation des densités de courant pour
obtenir la corrélation des champs. Elle peut notamment être obtenue par le théorème de
fluctuation-dissipation [41, 51]. Une expression générale de la corrélation des champs basée
sur ce formalisme fait l’objet du chapitre 2, dans lequel nous établissons une relation géné-
rale absorption-cohérence qui permet de déduire un degré de cohérence spatiale d’un calcul
d’absorption. Cette relation est ensuite utilisée dans le chapitre 3 pour analyser des résultats
expérimentaux présentant de la cohérence spatiale de la lumière émise par des molécules de
colorant déposées sur de l’argent.

Il est possible de relier la corrélation spectrale des champs (équation (1.34)) à la corrélation
temporelle en repartant de l’équation (1.17). Nous imposons ω ̸= 0 (i.e. ω1 ̸= ω2), et nous
faisons l’hypothèse que ⟨ETj(r1, t+τ/2)ETk(r2, t−τ/2)⟩ est indépendant de t sur l’intervalle
[−T/2,+T/2]. Cette hypothèse implique alors :∫ T/2

−T/2
dt⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩ exp(+iωt)

= T sinc(
ωT

2
)⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩.

(1.35)

En réinjectant ce résultat dans la relation (1.17), on obtient alors

⟨ETj(r1,Ω+ ω/2)E∗
Tk(r2,Ω− ω/2)⟩

= T sinc(
ωT

2
)

∫ +∞

−∞
dτ⟨ETj(r1, t+ τ/2)ETk(r2, t− τ/2)⟩ exp(+iΩτ).

(1.36)

En passant à la limite T → +∞ et en utilisant la relation

lim
A→+∞

sin(xA)

πx
= δ(x), (1.37)
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Chapitre 1. Introduction
on trouve

⟨Ej(r1,Ω+ ω/2)E∗
k(r2,Ω− ω/2)⟩ =2πδ(ω)

∫ +∞

−∞
dτ [exp(+iΩτ)

× ⟨Ej(r1, t+ τ/2)Ek(r2, t− τ/2)⟩].
(1.38)

En notant Wjk(r1, r2,Ω) la transformée de Fourier de ⟨Ej(r1, t1)Ek(r2, t2)⟩, on obtient
finalement

⟨Ej(r1, ω1)E
∗
k(r2, ω2)⟩ = 2πδ(ω1 − ω2)Wjk(r1, r2, ω1). (1.39)

W(r1, r2, ω1) est notamment connu sous le nom de tenseur croisé de corrélation spec-
tral ("cross-spectral density tensor") [39, 49]. Cette relation permet de faire le lien entre les
corrélations temporelles et spectrales.
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1.5 . Organisation du manuscrit

Le manuscrit est structuré en 6 chapitres, en incluant ce chapitre d’introduction.

Chapitre 2 : Relation absorption-cohérence spatiale
Dans ce chapitre, nous établissons une relation générale absorption - cohérence permettant
de calculer la corrélation des champs électromagnétiques à partir d’un calcul d’absorption
dans la couche des émetteurs. Cette relation est valable hors équilibre thermodynamique et
s’applique à la photoluminescence.

Chapitre 3 : Origine de la cohérence spatiale de la lumière émise par un ensemble
de fluorophores thermalisés sur une surface métallique
Dans ce troisième chapitre, on applique la relation générale décrite dans le chapitre 2 à un
système particulier composé de fluorophores sur une couche métallique, pour lequel les résul-
tats expérimentaux d’émission ont fait état de cohérence spatiale. Ces travaux mettent en
évidence la rôle des ondes de surface dans l’apparition de cohérence spatiale.

Chapitre 4 : Mesure de l’indice de réfraction de fluorophores pour le calcul de la
photoluminescence
Ce chapitre présente une méthode de mesure de l’indice de réfraction de fluorophores. Nous
verrons que les indices couramment employés pour décrire des émetteurs, tels que les modèles
lorentziens, ne permettent pas de calculer numériquement la photoluminescence via la loi de
Kirchhoff locale. Nous verrons dans ce chapitre comment surmonter cette difficulté, notam-
ment en introduisant un modèle d’indice de type Brendel-Bormann.

Chapitre 5 : Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux
systèmes hors équilibre
Les résultats du chapitre 4 nous permettent d’analyser théoriquement la lumière émise par un
système complexe, composé de boîtes quantiques colloïdales et de molécules de colorant dé-
posées sur de l’argent. Les simulations numériques mettent en évidence un transfert d’énergie
entre ces deux familles d’émetteurs.

Chapitre 6 : Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
Nous utiliserons les résultats des chapitres précédents pour concevoir numériquement, fa-
briquer et caractériser expérimentalement une source photoluminescente directive, à partir
d’émetteurs déposés sur une surface métallique texturée.
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Chapitre 2

Relation absorption-cohérence
spatiale

2.1 . Introduction

La photoluminescence émise par un ensemble d’émetteurs ne peut pas être - a priori -
spatialement cohérente. En effet, comme l’émission spontanée se fait avec une phase aléatoire,
on ne s’attend pas à ce que les champs émis par les différents émetteurs puissent interférer. Il
en résulterait un brouillage des franges si l’on faisait une expérience d’interférométrie comme
celle des fentes d’Young, en plaçant le plan des fentes juste au dessus de cette source étendue.
Pour autant, la cohérence spatiale des champs peut émerger si l’on regarde les champs très
loin de la source de lumière ; c’est notamment ce que nous indique le théorème de Zernike-
Van Cittert [48]. On peut également voir apparaître de la cohérence spatiale dans le cas
de l’émission thermique si le matériau source supporte des ondes de surface [46, 47, 52].
Plus récemment, l’observation de franges d’interférences a témoigné de la cohérence spatiale
de la lumière émise par un ensemble de molécules pompées optiquement et déposées sur de
l’argent [53]. L’analyse des résultats expérimentaux a suggéré initialement que le couplage fort
entre les molécules et les plasmons de surface pouvait jouer un rôle [53]. L’analyse théorique
de l’origine de cette cohérence fait l’objet du chapitre 3 de ce manuscrit. La cohérence
spatiale à également été observée à travers d’autres expériences faisant intervenir des modes
délocalisés [54,55].
Jusqu’à présent, la compréhension de la cohérence spatiale était plus avancée dans le domaine
de l’émission thermique. En effet, rappelons qu’étudier la cohérence spatiale implique d’être
capable de calculer la corrélation spatiale des champs

⟨Ej(r1, ω)E
∗
k(r2, ω

′)⟩ = 2πδ(ω − ω′)Wjk(r1, r2, ω), (2.1)
avec Wjk la densité spectrale croisée des champs électriques [46,50], Ej(r, ω) la transformée
de Fourier dans le domaine temporel du champ électrique Ej(r, t) et ∗ faisant référence au
complexe conjugué. Or, cette densité spectrale peut être calculée de façon exacte à l’aide du
théorème de fluctuation-dissipation dans le cas de l’émission thermique [46]). Sergueï Rytov
a été le premier à proposer une formulation des champs émis par les fluctuations thermiques
des sources de courant et leur corrélation et ce, quelle que soit la dimension caractéristique
du problème par rapport à la longueur d’onde [41]. Le schéma de sa méthode est présenté
sur la figure 2.1.

En considérant un corps isotherme éclairé par deux sources monochromatiques placées
aux positions r1, r2 et dont la phase est imposée de façon déterministe (cf figure 2.1b), alors
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corps à la température T

r1 r2

corps à la température T

r1 r2

⟨Ej(r1)Ek*(r2)⟩ {

{Pabs

(a) (b)

Figure 2.1 – Principe d’équivalence présenté par Sergueï Rytov pour obtenir la corrélation des champs émis par un corpschaud à la température T. (a) Corrélation des champs aux points r1 et r2 et (b) absorption dans le corps en plaçant deuxsources monochromatiques en r1 et r2.

les interférences des champs générés par ces deux sources modifient le champ électrique dans
le milieu et donc l’absorption par ce milieu. Pour prendre en compte les effets d’interférences
sur l’absorption, Sergueï Rytov a introduit un tenseur complexe appelé les pertes mixtes ("the
mixed losses") [41,56–58], qui peut notamment être mesuré expérimentalement [59,60]). Il a
alors montré que dans le cas d’émetteurs incandescents isothermes, le tenseur densité spec-
trale de champ électrique Wjk (cf figure 2.1a) est directement proportionnel à ce terme de
pertes mixtes. Ce résultat a également été rapporté de façon indépendante dans le contexte
de la radiométrie dans le domaine des micro-ondes [61–63]. Cela permet de remonter à la
cohérence spatiale des champs émis à partir d’une mesure d’absorption.
Toutefois, un formalisme plus général pour décrire la corrélation des champs dans un contexte
hors équilibre thermodynamique, tel que la photoluminescence, a manqué jusqu’à présent pour
avoir une analyse théorique de l’origine de la cohérence spatiale apparue dans les expériences
citées précédemment.

Ce chapitre porte ainsi sur la relation entre corrélation des champs et absorption, élargie
à des milieux qui ne sont pas à l’équilibre thermodynamique. Ceci permettra de décrire la
photoluminescence ou l’électroluminescence. Soulignons ici que ce travail a été développé
dans une premier temps de façon indépendante par notre équipe et celle de Denis Tihon et
Stafford Withington. Si de notre côté nous nous étions centrés sur la corrélation des champs
électriques émis par photoluminescence et avions obtenu la relation (3.4) présentée dans la
section 2.4, Denis Tihon et Stafford Withington ont quant à eux travaillé sur une formulation
mathématique plus générale reposant sur les mêmes principes, notamment en tenant compte
des cas magnétiques. Nous avons alors travaillé en collaboration pour produire les exemples
numériques présentés ici. Ce chapitre a fait l’objet de l’article "General relation between spatial
coherence and absorption" [64].

2.2 . Corrélation spatiale des champs générés par photoluminescence et
électroluminescence

2.2.1 . Corrélation spatiale des champs électromagnétiques et théorème de
fluctuation-dissipation

• Corrélation spatiale des champs

Cherchons dans un premier temps à obtenir la corrélation des champs émis dans le cadre
de l’électrodynamique fluctuationnelle. La corrélation spatiale des champs peut être décrite à
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Chapitre 2. Relation absorption-cohérence spatiale
l’aide de la fonction de corrélation ⟨E(r1, t1) ·E(r2, t2)⟩. On peut considérer que la tempé-
rature et le potentiel chimique des photons sont constants au cours du temps, de sorte que
les fluctuations peuvent être vues comme un processus aléatoire stationnaire.
Dans ce cas, ⟨E(r1, t1) ·E(r2, t2)⟩ = ⟨E(r1, t1) ·E(r2, t1 − τ)⟩, avec τ = t1 − t2. On peut
traiter de façon indépendante les différentes composantes spectrales des champs et raisonner
ainsi sur le tenseur densité spectrale croisée des champs électriques W EE

em (r1, r2, ω) [48,50,65]
défini par : 〈

E(r1, ω) ·E†(r2, ω
′)
〉
= 2πδ(ω − ω′)W EE

em (r1, r2, ω) (2.2)
avec E(r, ω) le champ électrique à la position r et à la fréquence angulaire ω. Dans la suite,
nous omettrons la dépendance spectrale des grandeurs afin de simplifier les notations. Pour
alléger le discours, nous appellerons également par la suite W em(r1, r2) simplement le tenseur
(ou fonction) de corrélation.
Cette écriture n’est rien d’autre que la réécriture tensorielle de la relation (3.1).

En utilisant le tenseur de Green, que l’on notera ici GEJ(r1, r2), on peut exprimer le
champ électrique en r1, émis par une source de courant unitaire placée en r2 :

E(r1) = iωµ0

∫∫∫
dV (r2)G

EJ(r1, r2) · J(r2). (2.3)

Cela conduit donc à l’expression suivante de la corrélation des champs (cf annexe A) :

W em(r1, r2) =

∫∫∫
Ω
dV (r3)

∫∫∫
Ω
dV (r4)G

J(r1, r3)·
〈
J(r3)·J†(r4)

〉
·
(
GJ
)†
(r2, r4). (2.4)

• Théorème de fluctuation-dissipation

Le théorème de fluctuation-dissipation permet d’obtenir l’expression de la corrélation des
courants à partir de la connaissance sur les pertes. En effet, l’électrodynamique fluctuation-
nelle a fait ses preuves pour modéliser l’émission de lumière par un ensemble d’émetteurs
thermalisés, tels que des électrons chauds dans les métaux, les molécules pompées optique-
ment ou encore les semi-conducteurs [66].

Considérons pour cela un milieu décrit par sa constante diélectrique complexe et non-
locale ε(r, r′) ainsi que par sa perméabilité magnétique réelle et non locale µ(r, r′). La partie
positive et imaginaire ε”(r, r′) rend compte des pertes électriques dans le matériau. Ces pertes
sont issues de mécanismes de couplage inélastique entre les champs électromagnétiques et
la matière. Ces mécanismes de couplage étant indépendants, leurs contributions aux pertes
totales le seront également. On peut alors décomposer la partie imaginaire de la permittivité
de la façon suivante : ε”(r, r′) =

∑
q εq”(r, r

′) [39], où q se réfère à un mécanisme de
couplage en particulier.
Prenons l’exemple d’un semi-conducteur à gap direct. Dans ce cas, on peut relever deux prin-
cipaux mécanismes de couplage. Le premier correspond à l’interaction intrabande ; le second
à l’excitation interbande d’un électron qui génère une paire électron-trou. De la même ma-
nière, l’absorption dans un métal dans le domaine visible peut être attribuée à de l’absorption
intrabande - souvent décrite par un modèle de Drude - ainsi qu’à une absorption interbande
pour laquelle il faudrait rajouter une contribution dans le modèle de permittivité.
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Rappelons à ce stade que les interactions entre particules conduisent à une thermalisation
à l’échelle de la picoseconde et qu’il est donc possible de définir une température permettant de
décrire le taux d’occupation des niveaux d’énergie par les particules pour des échelles de temps
plus longues. Dans certains cas, des particules différentes peuvent avoir des températures
différentes, ainsi que des potentiels chimiques différents. Considérons l’absorption de photons
par un semi-conducteur après avoir été éclairé par une impulsion lumineuse. Ce pompage
optique se traduit par un nombre plus élevé d’électrons dans la bande de conduction, et un
nombre plus élevé de trous dans la bande de valence. La recombinaison radiative se produit à
l’échelle de temps caractéristique de l’ordre de la nanoseconde, bien supérieure aux temps
de thermalisation. Lorsque l’émission a lieu, les populations d’électrons et de trous sont
thermalisés, et sont décrites par des distributions de Fermi Dirac dépendant d’une même
température T mais de potentiels chimiques différents µc et µv pour chaque bande, appelés
quasi niveaux de Fermi. Rappelons que le potentiel chimique des photons est défini comme
µφ = µc−µv [39,42]. Rappelons également que si l’on applique une tension V à une jonction
PN dans le cas de l’électroluminescence, le potentiel chimique des photons sera directement
donné par µφ = eV avec e la charge électrique de l’électron.

De la même manière, prenons l’exemple d’une particule métallique éclairée par une im-
pulsion lumineuse de 100 fs dans le domaine visible. Les processus de thermalisation sont
présentés sur la figure 2.2. Dans ce cas, son absorption va générer de nombreux électrons-
chauds, avec une énergie bien supérieure à celle du niveau de Fermi (noté EF sur la figure
2.2). Ces électrons se thermalisent ensuite entre eux par collisions à l’échelle de 500 fs, for-
mant une population avec une température plus élevée que celle du réseau cristallin. Ils se
refroidissent ensuite par couplage avec les phonons du réseau cristallin sur une échelle de
temps de l’ordre de la picoseconde. Le transfert d’énergie entre les électrons et les phonons
est notamment décrit en utilisant un modèle à deux températures [67]. Le transfert d’énergie
entre phonons conduit ensuite la particule métallique à être en équilibre thermique avec le
réseau cristallin. Cet exemple démontre qu’il est possible de définir de façon locale et transi-
toire un équilibre thermodynamique pour des familles de particules (électrons, trous, phonons).

E

Population (e-)

EF

E

EF

Population (e-)

E

Population (e-)

EF

E

Population (e-)

EF

t = 0 s

Excitation de plasmon

t = 1 - 100 fs

Génération d'électrons chauds 

t = 100 fs - 10 ps

Relaxation des électrons via 

les collisions é- - é-

t = 100 ps - 10 ns

Equilibre thermique avec le substrat via les 

interactions avec les phonons

Figure 2.2 – Schéma de l’évolution temporelle de la population des électrons d’une particule métallique après avoir étéexcitée par une impulsion lumineuse à t = 0s. Schéma adapté de la figure proposée par [68]. Reprinted and adapted
from [68] under Creative Commons CC BY 4.0 licence.
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Chapitre 2. Relation absorption-cohérence spatiale
D’après le théorème de fluctuation-dissipation [51], les fluctuations des courants sont

associées aux mécanismes de couplage. La forme locale du théorème a été développée dans le
cadre du formalisme quantique en tenant compte des quasi niveaux de Fermi [69]. Un calcul
direct du ratio entre les taux d’absorption et d’émission a notamment été obtenu dans le
cas de semi-conducteurs à gap direct [42] et indirect [70] et testé expérimentalement dans
ces deux cas [71–73]. Cela conduit à l’expression suivante de la corrélation des densités de
courants [50] :〈

J(r3, ω) · J†(r4, ω
′)
〉
= 2πδ(ω − ω′)2ωϵ0

∑
q

ε′′q (r3, r4)Θ
(
Tq(r3), µq(r3)

)
1 , (2.5)

avec ⟨a⟩ la moyenne d’ensemble de a, 1 la matrice identité de dimension 3x3, Tq(r) et µq(r)

la température et le potentiel chimique des photons associés au mécanisme de couplage q à
la position r. Enfin, Θ(Tq, µq) = ℏω/{exp[(ℏω − µq)/kBTq]− 1}. Par la suite, on considère
un milieu local, tel que ε′′q (r3, r4) = εq(r3)δ(r3 − r4) avec δ la fonction de Dirac. Mathéma-
tiquement, A† correspond au conjugué transposé de A. Par défaut, on utilise des vecteurs
colonnes, et l’opérateur · correspond à l’opérateur multiplication de façon à ce que A · B†

soit une matrice et A† ·B une quantité scalaire.

Il est important de souligner que le théorème de fluctuation-dissipation reste valable pour
des transitions indirectes impliquant des porteurs différents (par exemple électrons et phonons)
dès l’instant où ces porteurs ont la même température [70]. On peut également souligner le
fait que le terme correspondant aux fluctuations du point zéro soit absent dans cette re-
lation (rappelons ici que l’énergie du point zéro est la plus petite énergie possible pour un
état quantique ; on parle donc de l’énergie des fluctuations du vide). En effet, nous nous
intéressons aux champs émis suite à l’excitation d’un mécanisme de couplage particulier. Or
les fluctuations du point zéro sont indépendantes de l’excitation et ne peuvent générer au-
cun transfert d’énergie net. Dans notre approche macroscopique, il n’est donc pas pertinent
de l’inclure. En revanche, une discussion poussée sur les cas particuliers où l’on doit tenir
compte de ces fluctuations se trouve dans la référence [49], notamment si l’on s’intéresse à
l’effet Casimir où les fluctuations du vide jouent un rôle fondamental. Si nécessaire, il est fa-
cile de l’inclure dans les calculs en rajoutant le terme ℏω/2 dans la définition de la fonction Θ.

En injectant le théorème de fluctuation-dissipation dans la relation (A.12), cela conduit à
l’expression suivante de la corrélation des champs (cf annexe A)) :

W EE
em (r1, r2) =

∑
q

W EE
em,q

(r1, r2)

=
∑
q

2ωϵ0(ωµ0)
2

∫∫∫
Ω
dV (r3)[Θ

(
Tq(r3), µq(r3)

)
ε′′q (r3)

×GEJ(r1, r3) ·
(
GEJ

)†
(r2, r3)].

(2.6)

2.3 . Relation entre corrélation spatiale et absorption

2.3.1 . Puissance absorbée et définition des pertes mixtes
On peut maintenant s’intéresser à un système différent où cette fois-ci, la même struc-

ture est éclairée par deux sources ponctuelles J1 et J2 dont la phase est imposée, placées
respectivement aux positions r1 et r2. Cela revient à passer de la situation présentée sur la
figure 2.1a à la situation de la figure 2.1b. Comme on s’intéresse ici seulement aux pertes
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électriques, la densité de puissance dissipée au point r vaut P (r) = ωε′′(r)E†(r) ·E(r)/2. En
utilisant le tenseur de Green pour relier la valeur locale du champ électrique aux sources J1 et
J2 puis en intégrant la densité de pertes sur toute la structure et en séparant les contributions
des différentes excitations, on peut alors réécrire la puissance absorbée par la structure sous
la forme suivante :

Pabs =

2∑
i,j=1

J†
i ·
[∑

q

C JJ
abs,q(ri, rj)

]
· Jj , (2.7)

avec

C JJ
abs,q(ri, rj) =

ωϵ0(ωµ0)
2

2

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)

(
GEJ

)†
(r3, ri) ·GEJ(r3, rj). (2.8)

Le terme C JJ
abs,q correspond au tenseur des pertes mixtes, associé au mécanisme de cou-

plage q. Les termes i = j correspondent à la contribution d’une seule source sur la puissance
absorbée, tandis que les termes i ̸= j rendent compte des interférences entre les sources. Les
détails de ce calcul sont donnés dans l’annexe A.
Les pertes mixtes C JJ

abs =
∑

q C
JJ
abs,q ont notamment été mesurées expérimentalement dans

le domaine radio [59] et infrarouge [60]. La méthode expérimentale est la suivante : tout
d’abord, C JJ

abs(r, r) est mesuré en éclairant la structure avec une seule source. Ensuite, elle
est éclairée par deux sources contrôlées en phase. En mesurant la puissance absorbée pour des
déphasages relatifs contrôlés entre les sources et en retirant la contribution générée par les
sources seules, on peut avoir accès au terme d’amplitude et de phase du terme correspondant
aux pertes mixtes [60].

2.3.2 . Relation générale entre le tenseur de corrélation et pertes mixtes
Comparons maintenant les équations (2.6) et (2.8). On considère pour cela que la contri-

bution des champs associés à un mécanisme de couplage q a lieu dans un volume pour lequel
Tq et µq sont uniformes. Dans ce cas, la corrélation des champs émis est relié au terme de
pertes mixtes via

W EE
em,q

(r1, r2) = 4Θ(Tq, µq)
(
C JJ

abs,q

)∗
(r1, r2), (2.9)

où A ∗ est le complexe conjugué (élément par élément) de A .

Ce résultat, dont la démonstration complète est donnée dans l’annexe A, est le résultat
central de ce chapitre. En effet, si l’on fait l’hypothèse d’un équilibre thermodynamique local,
alors l’équation (2.9) fournit une relation directe et intuitive entre la corrélation des champs
émis par une structure aux points r1 et r2 et l’absorption par cette même structure éclairée
cette fois-ci par deux sources placées en r1 et r2. Cette relation permet ainsi d’étudier la
cohérence spatiale de nombreuses sources.

Il est également important de souligner que ce résultat peut être étendu aux cas ma-
gnétiques (cf [41, 74] et l’annexe A). On note également que si différentes particules sont à
l’équilibre thermodynamique (ou tout du moins si les températures et potentiels chimiques
sont identiques) et en considérant que

∑
q ε

′′
q = ε′′, alors l’équation (2.6) correspond au ré-

sultat connu pour des champs incandescents obtenu pour la première fois par Sergueï Rytov
et al. [41] et étant lui même une forme de généralisation de la loi de Kirchhoff.
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Chapitre 2. Relation absorption-cohérence spatiale
2.4 . Simplification et réécriture de la relation d’équivalence absorption-

cohérence dans un cas particulier

Cette partie peut être vue comme une réécriture plus simple de la relation (2.9) dans un
cas particulier en exprimant la corrélation des champs seulement en fonction de la puissance
absorbée totale.
Intéressons nous ici à un système constitué d’une couche de fluorophores émettant de la
lumière par photoluminescence. Soit z la direction perpendiculaire à cette couche. Le système
est ici invariant par translation en x̂,ŷ. On considère deux dipôles électriques cohérents et
monochromatiques, d’amplitude unitaire, placés au dessus de cette couche d’émetteurs à la
même altitude, aux positions r1 et r2, avec z1 = z2. Notons P abs

jk (r1, r2, ω) la puissance
totale absorbée dans la couche éclairée par ces deux sources (cf équation 2.7). Si les sources
étaient incohérentes, cette puissance absorbée serait la somme des absorptions générées par
chaque source séparément P abs

j (r1, ω) et P abs
k (r2, ω). Cependant, comme ces deux sources

placées en r1 et r2 sont cohérentes, alors elles génèrent un motif d’interférence dans la couche
de molécules. En conséquence, la puissance totale absorbée dans la couche s’écrit

P abs
jk (r1, r2, ω) = P abs

j (r1, ω) + P abs
k (r2, ω)

+2Re[Pmix
jk (r1, r2, ω)],

(2.10)
où Re indique la partie réelle d’une grandeur complexe, et Pmix

jk (r1, r2, ω) n’est rien d’autre
que le terme de pertes mixtes (C JJ

abs,q(r1, r2)). Avec ces nouvelles notations, la relation gé-
nérale d’équivalence entre absorption et corrélation 2.9 s’écrit de la manière suivante :

Wjk(r1, r2, ω) = 4Θ(Tq, µq)P
mix ∗
jk (r1, r2.ω), (2.11)

Rappelons que Θ(Tq, µq) = ℏω/[exp((ℏω − µq)/(kBTq)) − 1], et que Tq(r) et µq(r) cor-
respondent respectivement à la température et au potentiel chimique des photons de la
distribution d’états électroniques excités des molécules.
Considérons que les sources placées en r1 et r2 sont polarisées le long de l’axe x. Comme le sys-
tème ici est invariant le long des axes x̂ et ŷ, alors P abs

x (r0, ω) = P abs
x (r1, ω) = P abs

x (r2, ω).
De plus, on peut montrer que Pmix

xx est réel quand z1 = z2. La relation (3.3) devient ainsi :

P abs
xx (r1, r2, ω) = 2(P abs

x (r0, ω) + Pmix
xx (r1, r2, ω)), (2.12)

avec r0 = (r1 + r2)/2.

En réinjectant l’expression des pertes mixtes en fonction de la puissance absorbée totale
(P abs

xx (r1, r2, ω)) et de la puissance absorbée en présence d’une seule source placée en r0
(P abs

x (r0, ω)), et en normalisant le tout par la corrélation en r0 on obtient alors :

Wxx(r1, r2, ω)

Wxx(r0, r0, ω)
=

P abs
xx (r1, r2, ω)

2P abs
x (r0, ω)

− 1, (2.13)
Cette relation sera notamment exploitée dans le cadre du chapitre 3.

2.5 . Exemples numériques

2.5.1 . Emission thermique et comparaison entre corrélation des champs et
CDOS

On va ici s’intéresser à la façon dont la corrélation des champs électriques émis par une
source thermique dans un environnement froid varie spatialement. On se place donc dans
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une situation hors équilibre où seuls les modes excités par la source sont présents. Soulignons
que si l’on était dans le cas de l’équilibre thermodynamique, alors il est connu que le ten-
seur de corrélation des champs est proportionnel à la partie imaginaire du tenseur de Green
Im{GEJ(r1, r2)} (voir annexe A et [41]).
La densité d’états croisée (CDOS) a été introduite récemment pour caractériser la cohérence
spatiale dans certains systèmes (aussi bien photoniques que plasmoniques) [75]. Il peut ainsi
être intéressant de comparer les résultats donnés par la CDOS ou la corrélation des champs,
et ce d’autant plus que la CDOS est également proportionnelle à Im{GEJ(r1, r2)} [75]. La
CDOS a été définie de façon à compter tous les modes qui contribuent aux champs en deux
positions distinctes r1 et r2.

Dans cette partie, on mettra d’abord en évidence le fait que la densité spectrale croisée
est complexe et on montrera le rôle des interférences en traçant les pertes mixtes et en uti-
lisant la réciprocité donnée par l’équation (2.9). On montrera ensuite plus spécifiquement les
différences entre corrélation des champs et CDOS.

• Etude de la corrélation des champs via les pertes mixtes

Considérons un milieu semi-infini de carbure de silicium (SiC). Cette structure a no-
tamment été considérablement étudiée dans la littérature (par exemple avec [46, 52, 76]).
Il s’agit donc d’une structure adaptée pour illustrer la relation entre les pertes mixtes et
le tenseur de densité spectrale croisée des champs électriques. La permittivité du SiC vaut
εr = −7, 51+ i0, 41 lorsqu’on se place à λ = 11, 36 µm [77]. A cette longueur d’onde l’épais-
seur de peau vaut 650 nm. On éclaire le SiC par deux sources de courant horizontales, placées
en z0 et z0 + ∆z au dessus de la surface. Cette géométrie est représentée dans l’insert des
figures 2.4 et 2.3. Si ∆z = λ/2, on s’attend à ce que l’absorption soit faible si les sources sont
en phase et qu’elle soit maximale si elles sont en opposition de phase, due respectivement aux
interférences destructrices ou constructrices. C’est exactement ce que nous montre la figure
2.3 pour laquelle nous avons tracé la densité volumique d’absorption dans la couche de SiC,
pour des sources en phase (figure 2.3a) ou en opposition de phase (figure 2.3b).
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Figure 2.3 – Densité volumique d’absorption pour deux sources de courant polarisées selon y, placées au dessus de lasurface pour z1 = 4λ et z2 = z1 + λ/2, à λ = 11, 36 µm dans le cas où les sources sont a) en opposition de phase oub) en phase.

Cet exemple très simple peut être étendu à un continuum de positions pour les deux
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Chapitre 2. Relation absorption-cohérence spatiale
sources. Pour chaque paire de positions, il va exister une différence de phase entre les deux
sources conduisant à une absorption maximale. On obtient alors une absorption minimale
si la différence de phase est décalée de π par rapport au cas maximal. Pour l’illustrer, on
calcule les pertes mixtes (cf équation (2.7)) générées par les sources lorsqu’elles sont placées
à différentes hauteurs (en traçant sa composante x̂x̂ de (i, j) = (2, 1) en fonction de ∆z

pour z0 = 0, 05λ. Le résultat est présenté sur la figure 2.4. L’amplitude de la fonction décrit
l’importance du phénomène d’interférence tandis que sa phase correspond au déphasage entre
les sources pour laquelle la puissance absorbée est maximale (ou minimale).

SiC

𝑧

𝐽1

𝐽2

𝑧0

𝑧0 + Δ𝑧

Figure 2.4 – Evolution des pertes mixtes x̂ ·C JJabs(z0+∆zẑ, z0ẑ) · x̂ dans le cas d’un milieu semi infini de SiC en fonction
de∆z, avec z0 = 0, 05λ.

Lorsque les deux sources sont proches de la surface, alors les effets d’interférence sont
importants à cause des composantes de champ proche du champ électrique. En revanche,
lorsque ∆z ≫ λ, les pertes mixtes sont principalement dues aux ondes propagatives. Comme
le SiC est fortement réfléchissant à 11, 36 µm, les interférences résultantes sont ainsi beaucoup
plus faibles et la phase relative conduisant à un maximum d’absorption évolue linéairement
avec ∆z.

La réciprocité de l’équation (2.9) nous permet ainsi de connaître avec précision l’évolution
de la corrélation des champs émis pour un milieu de SiC isotherme grâce à la figure 2.4, à
l’exception d’un facteur constant et le fait qu’elle soit en opposition de phase par rapport
aux pertes mixtes. Si l’on se place très proche de la surface, alors la contribution évanescente
est majoritaire dans la contribution des champs et la phase est donc proche de zéro. Quand
∆z ≫ λ, les champs qui atteignent la position z2 ne sont constitués que d’ondes propagatives.
Ces dernières contribuent également au champ à la position z1. Comme elles ont la même
amplitude mais seulement une phase différente, l’amplitude de la fonction de corrélation varie
plus lentement et la linéarité de la phase apparaît.

• Comparaison entre corrélation des champs et CDOS

Comparons maintenant le tenseur de corrélation et la CDOS, en prenant la même structure
de SiC, à la même fréquence. Si de façon générale le tenseur de corrélation est complexe
(comme nous l’avons montré avec la figure 2.4), il s’agit d’un terme réel lorsqu’on se place
à l’équilibre thermodynamique. En effet il est alors donné par la partie imaginaire du tenseur
de Green (voir annexe A, [41,78]).

W EE
em (r1, r2) = 2ωµ0Θ(T0)Im{GEJ(r1, r2)}. (2.14)
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Cette formule (2.14) est équivalente à l’équation (1) de l’article [75] qui définit la CDOS.
Ces deux relations ne diffèrent que par un terme constant qui est dû à un facteur de propor-
tionnalité linéaire qui existe entre la CDOS et le tenseur densité spectrale croisé de champs
électriques.

Pour comprendre l’origine de la différence qui existe entre la corrélation des champs et
la CDOS, il est important de souligner qu’à l’équilibre thermodynamique, l’espace tout entier
est à la température uniforme T0 et qu’il existe un rayonnement de corps noir à T0 provenant
de l’infini ( [79, 80]). Dans le cas hors-équilibre que l’on considère en revanche, on ne tient
compte que de l’émission issue du SiC, et les modes correspondant à des ondes planes inci-
dentes sur la surface de SiC ne sont pas excités, tandis qu’ils sont inclus dans le tenseur de
Green qui décrit la CDOS.

Afin d’illustrer la différence entre l’émission dans un milieu froid et un milieu tout entier
à l’équilibre thermodynamique, on s’intéresse à la corrélation des champs polarisés selon x̂

émis par le SiC placé dans un milieu froid et on le compare avec la CDOS. Dans cet exemple
la corrélation des champs est évaluée à la même altitude z1 = z2 en fonction de la distance ρ

séparant r1 et r2. On trace donc x̂ ·C EE
em (zsẑ, ρx̂+zsẑ) · x̂ avec ẑ la direction perpendiculaire

à la surface et x̂ la direction parallèle à la surface, comme on peut le voir dans les inserts de
la figure 2.5. On se place dans trois cas particuliers, en faisant varier la distance à la surface
z : le premier correspond au cas d’extrême champ proche pour zs = 0, 02λ (figure 2.5a).
Pour le deuxième, on se place en champ proche avec zs = 0, 5λ (figure 2.5b). Le dernier cas
correspond au champ lointain avec zs = 10λ (figure 2.5c).
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Figure 2.5 – Comparaison de la corrélation normalisée des champs incandescents émis par un milieu semi-infini de SiC(trait plein noir) avec la CDOS normalisée (en pointillés rouges) en fonction de la distance latérale ρ entre les points r1et r2 considérés en se plaçant (a) en extrême champ proche avec zs = 0, 02λ, (b) en champ proche avec zs = 0, 5λ et(c) loin de la surface zs = 10λ.
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Chapitre 2. Relation absorption-cohérence spatiale
Les résultats que nous obtenons concernant la corrélation "latérale" des champs ther-

miques dans ces trois régimes sont en accord avec ceux présentés dans [52] et peuvent être
expliqués de la même manière. Il est important de souligner ici que nous avons normalisé la
CDOS et la fonction de corrélation séparément. Précisons également que pour des raisons de
symétrie, cette corrélation latérale est réelle.

• Cas a : extrême champ proche, zs = 0, 02λ (figure 2.5a).
On peut remarquer deux régimes différents. Le premier correspond au pic très étroit
pour ρ < zs. A cause de la très forte proximité de la surface, la contribution évanescente
du spectre exalte l’intensité des champs émis. Cependant, cette augmentation est très
locale et la corrélation des champs chute rapidement avec la distance [52].
Le second régime correspond au cas où ρ > λ, pour lequel des oscillations s’amortissant
lentement sont visibles. Cette corrélation à longue distance est la signature d’ondes de
surface (des phonons polaritons de surface) portées par le SiC à l’interface avec le vide
[46]. A cette distance de l’interface, la CDOS ressemble fortement à la corrélation des
champs thermiques. En effet, la CDOS peut être décomposée en deux contributions :
la première provenant du SiC, la seconde du background. Proche de l’interface, la
contribution du background, constituée seulement des ondes planes propagatives du
spectre issu de l’infini, est très faible comparée à celle du SiC. Les deux courbes sont
ainsi très similaires.

• Cas b : champ proche, zs = 0, 5λ (figure 2.5b).
Si l’on s’éloigne maintenant de l’interface, alors on remarque que le pic très étroit qui
existait dans le cas de la figure 2.5a s’est ici élargi. Cela est dû au filtrage de la partie
fortement évanescente du spectre. A cette distance, le phonon polariton correspond à
la contribution principale de l’émission thermique, d’où les oscillations caractéristiques
observées, ainsi qu’une amplitude des oscillations plus élevée que dans le cas a grâce
au filtrage des termes fortement évanescents. En revanche la CDOS présente un com-
portement très différent de la corrélation des champs. En effet, à cette fréquence et à
cette distance de la surface, le milieu semi-infini de SiC est un mauvais absorbeur et
donc un mauvais émetteur. La contribution du SiC au champ thermique est donc faible
comparée au rayonnement d’un corps noir incident se réfléchissant sur la surface, ce
qui se traduit par une grande différence entre les deux courbes.

• Cas c : champ lointain, zs = 10λ (figure 2.5c).
Enfin, si l’on se place très loin de la surface, alors toute la partie évanescente du spectre
a été filtrée, y compris les phonons polaritons. Dans ce cas, l’émission par le SiC varie
très peu en fonction de l’angle d’émission et l’allure de la corrélation des champs est
similaire à celle d’un corps noir. Pour cette raison, la CDOS présente la même allure.

Cet exemple a ainsi permis (i) d’illustrer la relation d’équivalence présentée dans ce cha-
pitre (équation (2.9)), (ii) de mettre en évidence que la corrélation des champs était un terme
complexe et (iii) de souligner la différence entre CDOS et corrélation des champs.

2.5.2 . Exemple d’utilisation de la relation générale absorption-cohérence
dans le cas de l’électroluminescence

Afin d’illustrer la relation (2.9) dans le cas de l’électroluminescence, on prend l’exemple
d’une diode électroluminescente (LED), émettant à 800 nm. Cette LED est constituée d’une
hétérostructure de GaAs/Al0.3Ga0.7, comme on peut le voir dans l’insert de la figure 2.6.
La zone active, qui joue le rôle de puits quantique, est constituée de 10 nm de GaAs, pla-
cée entre deux couches de Al0.3Ga0.7As [81]. Au dessus de cette structure est déposée une
couche de 25 nm d’argent. A la longueur d’onde considérée de 800 nm, l’argent supporte deux
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modes différents d’ondes de surface [82, 83], qui correspondent à l’hybridation des plasmons
de surface qui existeraient aux deux interfaces de l’argent (Air/Ag et Ag/hétérostructure),
s’ils n’étaient pas en contact. Ainsi, l’un de ces deux modes de surface peut avoir des pertes
de fuite dans le semi-conducteur, tandis que l’autre est évanescent, à la fois dans l’air et dans
le semi-conducteur. En utilisant ce couplage au plasmon et en structurant la surface métal-
lique, Köck et al. ont pu notamment contrôler la directivité de la lumière émise par la LED [84].

Afin de voir à quelle position placer la zone active, nous allons nous intéresser à la
corrélation des champs électriques en traçant la composante ẑẑ des pertes mixtes du puits
quantique C JJ

abs,zz (cf équation (2.9)). A la fréquence considérée, la permittivité de l’argent
vaut εr,Ag = −27, 2 + i0, 98 [85] et celle de la couche de Al0.3Ga0.7As vaut εr,Al0.3Ga0.7 =

11, 75 [86]. Comme l’absorption d’une onde incidente plane par le puits quantique vaut 0.6%
[81], on modélise les pertes dans le puits quantique en choisissant une valeur de permittivité
permettant de retrouver cette valeur de 0, 6%, à savoir dans notre cas εr,GaAs = 11, 75 +

i0, 25.
On étudie ainsi l’excitation des ondes de surface par la zone active lorsqu’elle est placée à 90
nm ou à 200 nm sous la couche d’argent. Pour cela, on trace le terme de pertes mixtes sur
la figure 2.6, lorsque la structure est éclairée par deux dipôles unitaires placés à 10 nm au
dessus de la surface d’argent.
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Figure 2.6 – Corrélation normalisée des champs émis par la zone active de la LED lorsque la zone active est située à 90nm sous le métal (courbe en trait plein noir) ou à 200 nm (courbe en pointillés rouges).

Lorsque le puits quantique est placé à 90 nm sous la couche d’argent, les pertes dans le
puits quantiques sont due aux deux modes de surface, comme en témoignent les battements
caractéristiques de la figure 2.6. On en conclut grâce à l’équation (2.9) que le puits quantique
excite efficacement ces deux modes. En revanche, si le puits quantique est placé plus loin
de la couche d’argent, à 200 nm de l’interface, alors l’absence de battement de la courbe
d’absorption - plus lisse- témoigne d’un faible couplage entre le puits quantique et le mode
le plus évanescent. De la même manière, utiliser l’équation (2.9) nous apprend que le puits
quantique ne peut pas exciter de façon efficace le mode le plus évanescent à cette distance.

Cet exemple a ainsi permis de montrer que la relation d’équivalence (2.9)) pouvait être
utilisée pour la conception de sources de lumière électroluminescentes.
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Chapitre 2. Relation absorption-cohérence spatiale
2.6 . Résumé

Nous avons montré dans ce chapitre la relation d’équivalence absorption-cohérence. En
effet, si l’on cherche à connaître la corrélation des champs émis par une structure en deux
points r1 et r2, il suffit pour cela de calculer l’absorption du champ dans la structure, généré
par deux sources monochromatiques placées en r1 et r2 et dont la phase est contrôlée. A
cause des interférences des champs générés par les deux sources cohérentes, la puissance
absorbée dans la structure s’écrit comme la somme de deux termes : les pertes générées
dans la structure si les sources étaient incohérentes d’une part, d’autre part un terme tenant
compte des interférences, que l’on appelle les pertes mixtes. La relation d’équivalence permet
d’écrire la corrélation spectrale des champs en fonction de ce terme de pertes mixtes. Cette
relation très générale, développée pour la première fois par Sergueï Rytov dans le cas de
l’émission thermique, a ici été étendue au cadre hors équilibre thermodynamique et peut ainsi
s’appliquer à la photoluminescence ou à l’électroluminescence, sous réserve que les émetteurs
soient thermalisés. Il s’agit donc d’un outil puissant pour analyser de façon théorique la
cohérence spatiale de la lumière émise par un ensemble de fluorophores thermalisés. L’analyse
et la compréhension de résultats expérimentaux portant sur la cohérence spatiale de la lumière
émise par un ensemble de molécules déposées sur de l’argent fera notamment l’objet du
chapitre 3. Soulignons enfin que cette relation d’équivalence peut être étendue au cas de
sources et champs magnétiques.
Ce travail a conduit à une publication [64]. J’ai également eu l’opportunité de présenter ces
travaux, couplés aux résultats du chapitre 3, sous différents formats lors de conférences :

• Présentations orales

— 2020 : Conférence intérnationale "NFO16" − Canada (vidéo pré-enregistrée),

— 2020 : GT1 (groupe thématique 1, modélisation et simulation) du "GDR Ondes"
- France (en visio),

— 2021 : Conférence "Optique Dijon" - France (en présentiel),

— 2021 : Conférence internationale "SPIE Optics + Photonics" - Etats-Unis (vidéo
pré-enregistrée),

• format poster

— 2020 : Conférence "Quantum Nanophotonics" - Espagne (en visio),

— 2021 : École d’été des Houches "Light Matter interaction in dilute media and
individual quantum systems" - France (en présentiel),

— 2021 : École d’été Paris-Saclay/Munich "Summer School on Surface Plasmons",
- France (en présentiel).
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Chapitre 3

Origine de la cohérence spatiale de
la lumière émise par un ensemble
de fluorophores thermalisés sur
une surface métallique

3.1 . Introduction

L’émission de lumière par une assemblée de molécules ou de boîtes quantiques a suscité
beaucoup d’intérêt récemment, notamment dans le but de réaliser de nouvelles sources de
lumière de meilleure qualité en terme de pureté spectrale, d’efficacité énergétique ou encore de
polyvalence [13,22,23,27,35,87–95]. L’étude du couplage fort lumière-matière est également
une source de motivation [54,96–102]. Dans la chimie en cavité [13,98,101,102], les polaritons
[103] jouent en effet un rôle clé. Une nouvelle propriété de la lumière émise par un ensemble
de molécules sur une couche d’argent a notamment été découverte expérimentalement il y a
dix ans [53]. Il a alors été montré avec une expérience d’interférométrie (de fentes d’Young)
que des franges d’interférences pouvaient apparaître sur l’écran, témoignant de la cohérence
spatiale de la lumière émise au niveau des fentes, et ce pour des fentes séparées de plusieurs
micromètres. Cela pose la question du mécanisme capable de générer de la cohérence à longue
distance. Afin d’étudier de façon quantitative le degré de cohérence spatiale, rappelons que
l’outil mathématique à considérer est la corrélation spatiale des champs, qui peut s’écrire de
la façon suivante [50,104] :

⟨Ej(r1, ω)E
∗
k(r2, ω

′)⟩ = 2πδ(ω − ω′)Wjk(r1, r2, ω), (3.1)
avec Wjk la densité spectrale croisée des champs électriques [46,50], Ej(r, ω) la transformée
de Fourier dans le domaine temporel du champ électrique Ej(r, t) et ∗ faisant référence au
complexe conjugué. Il est difficile d’identifier l’origine physique de la cohérence spatiale sans
un modèle qui permette de calculer la corrélation spatiale des champs. Une première analyse
des résultats expérimentaux [53] a suggéré que le couplage fort était responsable de la co-
hérence spatiale observée. D’autres études expérimentales [54] ont confirmé la présence de
cohérence spatiale mais il a été signalé dans la référence [55] que le couplage fort n’était pas
une condition nécessaire. Il a cependant été montré que les ondes de surface semblaient jouer
un rôle dans l’apparition de la cohérence spatiale. De plus, il a été montré que la visibilité
des franges dépendait de l’intensité du signal de pompe [105] mais aucune explication n’a été
fournie jusqu’à présent.
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Dans ce chapitre, nous utilisons la relation absorption-cohérence présentée au chapitre 2
pour évaluer la cohérence spatiale des champs émis par une assemblée de molécules déposées
sur de l’argent. Ces travaux ont conduit à la publication de l’article "Spatial coherence of
light emitted by thermalized ensembles of emitters coupled to surface waves" [106].

3.2 . Présentation du système

3.2.1 . Les composants du système
On considère ici le système expérimental étudié dans la référence [53]. Il est composé

d’une fine couche de molécules de colorant ; des J-aggrégats de 5,5’,6,6’-tetrachloro-1,1’-
diethyl-3,3’-di(4-sulfobutyl)-benzimidazolo-carbo cyanine, que l’on notera TDBC par la suite.
Ces émetteurs sont déposés sur 45 nm d’argent, comme on peut le voir sur le schéma de la
figure 3.1.

Ag

TDBChem

hAg

ρr1 r2Verre

h
0

z

x

Figure 3.1 – Schéma du système. La structure est composée d’une fine couche de TDBC sur hAg = 45 nm d’argent, letout déposé sur un substrat de verre. La corrélation des champs est calculée aux points r1 et r2, séparés de la distance
ρ = |r2 − r1| et placés à h = 1 µm de la couche d’argent. L’épaisseur de la couche de TDBC vaudra par la suite soit
hem = 5 nm soit 20 nm.

La couche de TDBC est anisotrope et on utilise le modèle d’indice donné dans la référence
[53] pour la caractériser. Le long de la couche, le modèle d’indice s’écrit

ϵ∥ = ϵbg +A/(ω2
0 − (ω + i∆0)

2), (3.2)
avec ω0 = 2, 07 eV, ϵbg = 3, 05, A = 2 eV2 et ∆0 = 14 meV. Perpendiculairement à la
couche, ϵ⊥ = ϵbg.

La couche d’argent est quant à elle décrite par un modèle de Drude ; on reprend également
le modèle donné dans la référence [53] :

ϵAg = ϵbg,Ag − ω2
p,Ag/(ω

2 + iω∆), (3.3)
avec ϵbg,Ag = 3, 29, ωp,Ag = 8, 93 eV et ∆ = 79 meV.

3.2.2 . Analyse des modes du système
• Cartes de réflectivité

La cohérence spatiale de la lumière émise est liée à l’extension spatiale des modes excités
par la source ainsi que leur nombre. Il est donc tout naturel de commencer par étudier ces
modes en traçant la carte de réflectivité du système, lorsqu’il est éclairé par une onde plane se
propageant dans le sens des z positifs, depuis le verre en direction du métal, en configuration
de Kretschmann (figure 3.2). Les minima de réflectivité témoignent de l’excitation résonante
de modes.

Les figures 3.2a et b montrent des creux de réflectivité pour des vecteurs d’onde parallèles
plus grands que ω/c. C’est la signature de l’excitation d’un plasmon de surface se propageant
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Figure 3.2 – Carte de réflectivité de la structure. [(a),(b)] en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde parallèle k∥ pour(a) hem = 5 nm et (b) hem = 20 nm. (c) En fonction de l’ouverture numérique (définie par k∥/k0, avec k0 = 2π/λ) et lalongueur d’onde λ pour hem = 20 nm. Cette dernière carte est une autre représentation graphique de la région du gapentre 1,88 eV et 2,21 eV.

à l’interface Ag/TDBC/air. La deuxième particularité est l’existence d’un gap issu de l’anti-
croisement des relations de dispersion du plasmon et de l’exciton. On l’observe entre 2,03 eV
et 2,09 eV sur la figure 3.2a (hem = 5 nm) et entre 1,93 eV et 2,11 eV sur la figure 3.2b
(hem = 20 nm). Cette ouverture de gap est la signature du couplage fort entre les molécules
et les plasmons, conduisant à la formation d’exciton-polaritons. On peut jouer sur ce couplage
en faisant varier l’épaisseur de la couche de molécules (figures 3.2a et 3.2b). On note que
si l’on se place à 1,97 eV, alors la relation de dispersion a un caractère plasmonique à cette
fréquence (donc en couplage faible) sur la figure 3.2a et polaritonique (donc en couplage
fort) sur la figure 3.2b. La figure 3.2c, reproduit quant à elle la carte de réflectivité du même
système pour hem = 20 nm. Elle est tracée en fonction de la longueur d’onde et de l’ouverture
numérique de façon à faciliter la comparaison avec l’article original [53].

• Calcul des modes du système

On peut également chercher les modes du système en cherchant les pôles des facteurs
de réflexion du système, en choisissant une fréquence complexe ω (ou E (eV)) et un vecteur
d’onde parallèle k∥ réel. Comme la fréquence des modes propres est complexe, on obtient des
modes quasi-normaux (QNMs), que nous noterons juste "modes" par la suite. Ces modes
obtenus (formant la relation de dispersion du système) sont ensuite superposés sur la carte
de réflectivité de la figure 3.3.

Chaque mode correspond à un point particulier des branches de la relation de dispersion.
On remarque si l’on se place à k∥ = 13 µm−1, alors il existe trois modes aux fréquences 1, 61
eV, 2, 00 eV et 2, 30 eV. On choisit cette valeur de k∥ arbitrairement, de façon à pouvoir
observer les modes proches de la zone du gap. Pour identifier ces modes, on trace la structure
spatiale des champs Ex, Ez, Hy en prenant leur module au carré (figure 3.3(b-d)).
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• Mode 1 (Figure 3.3(a,b)) : Ce mode est évanescent dans le substrat de verre et dans
le métal. C’est une particularité caractéristique d’un plasmon de surface à l’interface
verre/métal. On ne peut pas le voir sur la carte de réflectivité (figure 3.3a, en échelle
de couleurs) à cause de la limite de la ligne de lumière correspondant à la propagation
dans le verre : ce mode (et tous ceux de la branche 1) ne peut pas être excité par une
onde plane propagative dans le verre.

• Modes 2 et 3 (Figure 3.3(a,c,d)) : On note que la structure spatiale de ces deux modes
est clairement similaire. Ces modes sont évanescents à la fois dans le métal et dans l’air,
mais peuvent se propager dans le verre. En effet, ces modes sont situés entre les deux
lignes de lumière correspondant à la propagation dans l’air (représentée en trait plein
rouge sur la figure 3.3a) et dans le verre (représentée en pointillés rouges sur la figure
3.3a). Ils correspondent à un plasmon de surface couplé à un exciton (conduisant à la
formation de plexcitons) à l’interface métal/TDBC/air, et ce de chaque côté du gap.
Ce gap (représenté par le symbole *(4) sur la figure. 3.3a, entre 1,93 eV et 2,11 eV)
correspond à l’anti-croisement entre la relation de dispersion des plasmons de surface et
celle de l’exciton. C’est la signature du couplage fort. Ces modes 2 et 3 correspondent
à des modes particuliers des branches appelées respectivement polariton du bas ("lower
polariton" LP) et polariton du haut ("upper polariton" UP).
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Chapitre 3. Origine de la cohérence spatiale de la lumière émise par un ensemble defluorophores thermalisés sur une surface métallique
3.3 . Etude de la cohérence spatiale avec la relation absorption-cohérence

Maintenant que nous avons une idée plus claire des modes présents dans ce système, nous
allons calculer la corrélation spatiale des champs en fonction de la fréquence pour essayer de
comprendre comment la structure spatiale des modes affecte la cohérence spatiale.
On calcule ainsi la corrélation des champs aux points r1 et r2, en utilisant la relation
absorption-cohérence du chapitre 2. En particulier, rappelons que si l’on place deux sources
polarisées selon l’axe x, alors on obtient :

Wxx(r1, r2, ω)

Wxx(r0, r0, ω)
=

P abs
xx (r1, r2, ω)

2P abs
x (r0, ω)

− 1, (3.4)
avec P abs

xx (r1, r2, ω) la puissance totale absorbée dans la couche de molécules en présence
des deux sources placées respectivement en r1 et r2, P abs

x (r0, ω) la puissance totale absorbée
dans la couche de TDBC en plaçant une seule source en r0 = (r1+r2)/2. Wxx(r1, r2, ω) est
la densité spectrale croisée des champs électriques polarisés selon l’axe x et à la fréquence ω

(voir équation 3.1).
Comme le rayonnement de fuite est collecté côté verre, la cohérence spatiale est étudiée dans
le verre. La distance h utilisée dans les calculs est de 1 µm, ce qui permet de supprimer la
contribution du mode évanescent qui existe à l’interface métal/verre (voir mode 1 sur la figure
3.3) et ne contribue pas à la cohérence spatiale expérimentale (voir annexe B).

On calcule l’absorption en faisant la différence des flux des vecteurs de Poynting aux
interfaces Air/TDBC et TDBC/Ag. On trace les fonctions de corrélation ainsi que leurs
enveloppes, notées E(Wxx(r1, r2, ω)), en fonction de ρ = |r2−r1| sur les figures 3.4a et b. On
utilise les enveloppes des fonctions de corrélation pour quantifier la corrélation des champs en
fonction des différents cas considérés. Afin de définir une longueur de corrélation, on introduit
ρ0,1 qui est la distance ρ pour laquelle E(Wxx(r1, r2, ω)) = 0, 1. On va notamment évaluer
cette grandeur en fonction de la fréquence, de la présence ou non de l’argent et en fonction
de l’épaisseur de la couche de molécules.

3.3.1 . Etude de la cohérence spatiale
• Influence de l’argent sur la corrélation spatiale

On analyse dans un premier temps le rôle de l’argent. Sur la figure 3.4a, on compare la
fonction de corrélation Wxx(r1, r2, ω) à 1,97 eV (i.e. 630 nm) avec et sans la couche
d’argent, pour hem = 5 nm. On note que la longueur de corrélation est beaucoup plus
élevée avec l’argent (ρ0,1 = 5, 0 µm que sans (ρ0,1 = 0, 48 µm). A cette fréquence, la
carte de réflectivité montre l’existence d’une résonance plasmonique, ce qui suggère que
la présence d’un mode de surface a un rôle clé dans l’apparition de cohérence spatiale.
Soulignons également que ces graphes sont obtenus dans une zone de couplage faible.
Cela montre sans ambiguïté qu’il n’y a pas besoin d’être en régime de couplage fort
pour obtenir de la cohérence spatiale à grande distance.

• Influence des ondes de surface sur la corrélation spatiale
On peut vérifier le rôle des ondes de surface en calculant la corrélation des champs
à 2,07 eV, dans le gap, pour hem = 20 nm (figures 3.3b et 3.4b). Dans ce cas là,
aucun mode de surface ne peut être excité. Malgré la présence de la couche d’argent,
E(Wxx(r1, r2, ω)) < 0, 1 pour ρ ⩾ 0, 47 µm. La comparaison entre les courbes à 1,97
eV et à 2,07 eV confirme qu’exciter des ondes de surface augmente la cohérence spa-
tiale. On peut cependant souligner que si la couche de molécules était isotrope, une

51



0.1

0,1

1

0.,5

0

-0.,5

-1

W
xx

(r
1,
r 2

,ω
)

0

0.,2

0.,4

0.,6

0.,8

1

0 1 2 3 4

1.,97 eV avec métal hem = 5 nm
1.,97 eV sans métal hem = 5 nm

Verre

Ag
TDBC

Verre

TDBC

ρ (μm)

0,
47 1,

1

2,
4

0.
48

hem

Verre

Ag
TDBC

2.,07 eV, hem = 20 nm
2.,02 eV, hem = 20 nm
1.,97 eV, hem = 20 nm
1.,97 eV, hem = 5 nm
maxima

(b)

(a)

enveloppes E(Wxx(r1, r2, ω))

E(
W

x
x(
r 1

,r
2,
ω

))

Figure 3.4 – Eléments diagonaux du tenseur de corrélationWxx(r1, r2, ω) en fonction de la distance ρ entre les points
r1 et r2 (a) à 1,97 eV, avec et sans couche métallique et pour hem = 5 nm. Les enveloppes de ces deux courbes (notées
E(Wxx(r1, r2, ω)) sont représentées en pointillés rouges. (b) Enveloppes E(Wxx(r1, r2, ω) des fonctions de corrélationà 1,97 eV pour hem = 5 et 20 nm, ainsi qu’à 2,02 eV et 2,07 eV. Dans ces deux derniers cas, hem = 20 nm. La couchemétallique est toujours présente sur la figure b. Tous les graphes sont normalisés par leur valeur maximale en ρ = 0.

nouvelle branche polaritonique apparaîtrait dans le gap (voir annexe B).

• Influence du nombre de modes impliqués dans la corrélation spatiale
Calculons maintenant Wxx(r1, r2, ω) à 2,02 eV (pour hem = 20 nm), une énergie où
la figure 3.2b montre que les minima de réflectivité atteignent une asymptote due au
couplage fort entre le plasmon et l’exciton.
On constate sur la figure 3.4b que la corrélation chute très rapidement avec
E(Wxx(r1, r2, ω2,02 eV)) < 0, 1 pour ρ ⩾ 1, 1 µm. A cette fréquence, l’origine de
la faible cohérence observée n’est pas l’absence d’onde de surface mais l’excitation
d’un trop grand nombre de modes dans un intervalle ∆k∥. En effet, une source émet-
tant de la lumière à cette fréquence peut exciter de nombreux modes avec différents
vecteurs d’onde kx compris dans l’intervalle ∆k∥. Ces différents modes se déphasent
mutuellement sur une échelle de longueur de l’ordre de 1/∆k∥. Cela contraste avec
le peu de modes excités à 1,97 eV en couplage faible (sur les figures 3.2a et 3.4a).
Si l’on compare désormais les réflectivités à 1,97 eV et à 2,02 eV, on observe bien
∆k1,97 eV ≪ ∆k2,02 eV, ce qui conduit à une chute de cohérence à 2,02 eV par rap-
port à 1,97 eV.

• Comparaison entre couplage fort et couplage faible
Remarquons également qu’à la fréquence de 1,97 eV, ∆k∥ est plus petit en couplage
faible (hem = 5 nm) qu’en couplage fort (hem = 20 nm). On obtient bien en consé-
quence que ρ0,1(1,97 eV−5nm) > ρ0,1(1,97 eV−20nm). Cela permet de souligner que non
seulement le couplage fort n’est pas nécessaire pour obtenir de la cohérence spatiale,
mais il apparaît en plus comme contre-productif.

52



Chapitre 3. Origine de la cohérence spatiale de la lumière émise par un ensemble defluorophores thermalisés sur une surface métallique
Les résultats de l’analyse de ces différents cas sont réunis dans le tableau 3.1.

Energie (eV) 1, 97 1, 97 2, 02 2, 07
hem (nm) 5 20 20 20

ρ0,1(m), avec la couche métallique 5, 0 2, 4 1, 1 0, 47
ρ0,1(m), sans la couche métallique 0, 48 / / /

Table 3.1 – ρ0,1, i.e. valeurs de ρ pour lesquelles les enveloppes de la fonction de corrélation E(Wxx(r1, r2, ω)) valent0,1, pour trois énergies différentes (1,97 eV, 2,02 eV et 2,07 eV) lorsque les émetteurs sont déposés ou non sur de l’argent,en fonction de l’épaisseur de la couche de molécules.

Nous avons ainsi montré le rôle crucial des ondes de surface dans l’émergence d’un fort
degré de cohérence spatiale à des distances supérieures au micron. On a également prouvé que
le couplage fort n’était pas une condition nécessaire pour observer de la cohérence spatiale
des champs émis, en accord avec des expériences récentes [54,55].
Pour comprendre le mécanisme responsable de la cohérence spatiale à partir d’une superposi-
tion de sources non corrélées rayonnant par émission spontanée, nous allons reprendre depuis
le début la démarche de modélisation de l’émission de lumière par un système thermalisé
dans le cadre de l’électromagnétisme fluctuationnel. Dans ce cadre théorique, les densités de
courants fluctuants dans un volume donné excitent les modes électromagnétiques présents.
Certains de ces modes sont des modes de surface qui se propagent le long de la surface et qui
peuvent rayonner dans le substrat de verre. Ces modes là peuvent alors contribuer au champ
électrique en deux points distants : les champs en ces deux points deviennent alors corrélés.
Il s’agit du même mécanisme qui génère de la cohérence spatiale dans le cas de l’émission
thermique en présence d’onde de surface (des phonons polaritons ou des plasmons polariton
de surface) [46,47]. Quand pour une même fréquence il existe plusieurs modes correspondant
à des vecteurs d’onde différents (ce qui arrive lorsque la relation de dispersion s’aplatit, en
particulier proche du gap dans le cas de couplage fort), alors ces différents modes se déphasent
mutellement au cours de la propagation, ce qui tend à faire chuter la cohérence spatiale. Enfin
notons qu’il n’y a pas de modes de surface dans le gap, ce qui conduit à un faible degré de
cohérence spatiale.

3.3.2 . Comparaison avec les résultats expérimentaux
On peut maintenant comparer les calculs de la densité spectrale de corrélation avec les

données expérimentales présentées dans la référence [53]. On considère le même système que
celui présenté sur la figure 3.1. La corrélation spatiale aux positions r1 et r2 a été expérimen-
talement caractérisée par des mesures de visibilité des franges d’interférences formées par les
champs diffractés par les deux fentes placées en r1 et r2. La visibilité des franges peut être mo-
délisée par le module du tenseur de corrélation spectrale croisée, normalisé [43,107], que l’on
notera V (ρ) avec ρ la distance entre les deux fentes. Il s’agit d’une fonction oscillante, dont on
ne reporte que les maxima sur la figure 3.5, en fonction de ρ pour différentes longueurs d’onde.

On retrouve ici l’allure des courbes de visibilité présentées dans la référence [53]. On re-
marque que la visibilité V (ρ) est plus élevée à 630 nm (ligne bleue pointillée), qu’à 610 nm
tant expérimentalement que numériquement. Or, 610 nm correspond à 2,03 eV, une énergie
proche du gap pour laquelle ∆k∥ augmente (figure 3.2c).
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Remarques : Il est important de souligner que les valeurs de visibilité observées numé-
riquement sont plus faibles que les données expérimentales. Il y a plusieurs explications à
cela :

— Tout d’abord, notre modèle ne prend pas en compte le système d’imagerie, ni la présence
d’un filtre de fréquence spatiale.

— Nous n’avons pas pris en compte l’influence du pompage sur les molécules de colorant
en reprenant le modèle d’indice donné dans [53]. Or, il a été montré expérimentalement
que l’augmentation de l’intensité de pompe conduit à une augmentation progressive
du degré de cohérence spatiale [100]. Pour expliquer cette observation, il faut souli-
gner qu’en augmentant le signal de pompe, les pertes dans la couche de molécules
sont progressivement réduites jusqu’à être transformées en gain. Cela conduit à une
augmentation de la longueur d’atténuation du plasmon δ = 1/k′′x et donc une augmen-
tation de la longueur de corrélation. Une analyse plus approfondie de ce phénomène
sera présentée dans la partie suivante.

— Nous avons considéré dans ce chapitre que les molécules étaient excitées partout dans
la couche et non pas localement, comme cela a pu être fait pour certaines expériences
présentées dans [53]. Les courbes de visibilité expérimentales sont cependant obtenues
dans le cas où la zone pompée est plus grande que l’espacement entre les fentes, ce
qui se rapproche de nos simulations. On discutera dans la suite de l’influence d’un
pompage localisé sur la cohérence spatiale.

— Enfin, le modèle d’indice lorentzien n’est pas forcément adapté pour décrire la pho-
toluminescence des molécules. On présente notamment dans le chapitre 4 un modèle
particulièrement adapté pour la simulation de la photoluminescence.

3.3.3 . Influence du pompage sur la longueur de cohérence
On a vu dans les parties précédentes que la cohérence spatiale était attribuée à l’excitation

d’onde(s) de surface. Dans le cas simple où une seule onde de surface est excitée, sa longueur
d’atténuation δ est le paramètre contrôlant le degré de cohérence spatiale. Une augmentation
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Chapitre 3. Origine de la cohérence spatiale de la lumière émise par un ensemble defluorophores thermalisés sur une surface métallique
du pompage conduit à l’apparition d’un gain dans la couche de molécules, qui peut compenser
partiellement les pertes du plasmon de surface dues au métal.
Dans cette partie, nous étudions l’évolution des longueurs d’atténuation du plasmon de sur-
face en fonction de la partie imaginaire de la constante diélectrique des molécules, donnée
dans l’équation (3.2). On peut obtenir les modes du système en cherchant cette fois-ci les
pôles des facteurs de réflectivité du système en imposant une fréquence ω réelle et un vecteur
d’onde parallèle kx complexe. Cela permet de définir la longueur d’atténuation des ondes de
surface par δ = 1/k′′∥ . A 630 nm, on obtient δ630 = 2, 3 µm, à 610 nm on trouve δ610 = 0, 14

µm. Ces résultats sont très proches de ceux obtenus dans la référence [53].
Afin de comparer la longueur d’atténuation et la longueur de corrélation, commençons par
définir la longueur de corrélation. Pour cela, on trace sur la figure 3.6 les éléments diagonaux
du tenseur de corrélation Wxx(r1, r2, ω). Lorsque la corrélation des champs est due princi-
palement à la contribution d’un seul plasmon de surface alors l’enveloppe de la fonction de

corrélation peut être ajustée par y = a
e−bx

√
x

[49, 108]. A partir de cet ajustement, on définit

la longueur de corrélation par Lcorr = 1/b. Sur la figure 3.6, on trouve à partir de l’ajuste-
ment Lcorr = 2, 2 µm, qui est très proche de δ630. Ce résultat est attendu si on a une seule
onde de surface [108]. On peut alors tracer Lcorr en fonction de δ sur la figure 3.7, et ce en
modifiant la valeur de ∆0 dans (3.2). En jouant sur ce paramètre, on peut ainsi augmenter
progressivement les pertes jusqu’à ce qu’elles soient transformées en gain dans la couche de
molécules.
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Figure 3.6 – Eléments diagonaux du tenseur de corrélationWxx(r1, r2, ω) ainsi que l’ajustement de son enveloppe enfonction de la distance ρ entre les positions r1 et r2 à 630 nm, pour h = 1 µm. L’ajustement des maxima est obtenupour ρ ⩾ ρlim = 1 µm. Les paramètres de l’ajustement sont les suivants : a = 0, 45, b = 0, 45.

Sur la figure 3.7, on remarque que si on diminue les pertes (i.e. si on augmente δ) alors
cela augmente de façon linéaire la longueur de corrélation. Pomper les molécules de colorant
conduit à une diminution d’absorption dans les molécules de colorant, ce qui entraîne une
augmentation de la longueur d’atténuation δ et donc une augmentation de la longueur de
cohérence Lcorr.
Ainsi, même si la valeur expérimentale exacte des pertes dans la couche de TDBC est inconnue,
on peut étudier ce comportement en réduisant les pertes via le paramètre ∆0 dans (3.2). Sur
la figure 3.5 , on représente une interpolation des maxima des visibilité à la longueur d’onde
de 630 nm, d’une part en absence de pertes dans la couche de molécules (courbe rouge en
trait plein, pour laquelle δ = 2, 3 µm) ou bien en présence de gain (courbe rouge en tirets,
pour laquelle δ = 47, 4 µm). Pour ρ = 4 µm, soulignons que la visibilité est multipliée au

55



δ (μm)
L
co
rr
(μ
m
)

100 20 30 40 50

Lcorr = δ
data

0

10

20

30

40

50

re
f

bl
an

ch
im

en
t

fit linéaire y = ax+b
pertes dans le TDBC
gain dans le TDBC

Figure 3.7 – Longueur de cohérence Lcorr en fonction de la longueur d’atténuation δ, pour différents régimes. La ligneverticale pointillée notée "ref" correspond aumodèle de permittivité utilisé dans la référence [53], avec∆0 = 14meV. Laligne verticale notée "blanchiment" correspond à la transition entre les pertes et les gains dans la couche de molécules.Les paramètres de l’ajustement linéaire sont les suivants : a = 1, 04, b = −0, 24.

moins par un facteur 2 si on enlève les pertes, et par 5,6 si on rajoute du gain (conduisant à
δ = 47, 4 µm.)

3.4 . Discussion dans le cas d’un pompage localisé entre les fentes
d’Young

3.4.1 . Absorption localisée et phénomène d’absorption-réémission
Dans cette section, on discute brièvement d’une expérience présentée dans l’article [53],

pour laquelle les molécules de TDBC sont pompées localement, entre les fentes d’Young.
Cette expérience joue un rôle important dans la discussion qui conduit les auteurs à proposer
que l’observation de la cohérence spatiale est une conséquence du régime de couplage fort.
Comme montré sur la figure 3.8a, un émetteur placé hors des fentes peut exciter un plasmon
de surface qui se propage le long de l’interface. Ce plasmon est alors diffracté par chacune des
fentes. On peut voir apparaître sur un écran placé au loin (côté verre) des franges résultant de
l’interférence des deux champs propagés depuis les deux fentes. Il est important de souligner
que la différence de phase entre les champs au niveau des deux fentes ne dépend pas de
la position de l’émetteur. Ainsi, tous les émetteurs placés en dehors des fentes produisent la
même figure d’interférence (à condition de générer un plasmon de surface qui en se propageant
atteint les deux fentes). A contrario, un émetteur placé entre les deux fentes émet deux
plasmons de surface qui se progagent chacun vers une des deux fentes, comme on peut le voir
sur la figure 3.8. Dans cette configuration en revanche, la différence de phase entre les champs
au niveau des deux fentes dépend de la position des émetteurs. Dès lors que l’on place plus
d’un émetteur au centre, on obtient une superposition incohérente des figures d’interférence.
Moyenner sur l’ensemble des positions occupées par les émetteurs conduit à une chute de
contraste si la zone pompée est plus grande que la longueur d’onde.

Une des expériences présentée dans la référence [53] montre qu’il n’y a pas de franges d’in-
terférences sur l’écran si l’on considère une distribution de boîtes quantiques (BQs) éparpillées
sur la surface (en couplage faible avec le plasmon) et une excitation locale des BQs (entre les
fentes). En revanche les franges apparaissent avec des molécules de TDBC en couplage fort
(et une excitation également localisée entre les fentes). Cela a conduit les auteurs à présenter
le couplage fort comme étant à l’origine de la cohérence spatiale. Toutefois, les auteurs ne
proposent pas de mécanisme en régime de couplage fort susceptible d’expliquer l’origine de la
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Chapitre 3. Origine de la cohérence spatiale de la lumière émise par un ensemble defluorophores thermalisés sur une surface métallique
(a)

r1 r2
Verre

AgAg

r1 r2
Verre

AgAg

(b)

Figure 3.8 – Schéma de l’expérience de fentes d’Young placées dans le verre dans le cas où un seul émetteur (représentépar une boule rouge) est excité et placé a) en dehors des fentes ou b) à l’intérieur des fentes. La flèche verte représentele pompage tandis que les flèches rouges représentent le chemin optique suivi par les plasmons de surface. L’écrancomprenant les fentes d’Young est représenté en noir.

cohérence spatiale dans cette expérience. On va montrer ici qu’il est possible d’envisager un
mécanisme qui pourrait expliquer la cohérence sans que le couplage fort ne joue de rôle parti-
culier. Selon nos simulations, la longueur d’atténuation des plasmons de surface est de l’ordre
de 2,3 µm (pour une longueur d’onde de 630 nm) et la distance expérimentale entre les fentes
est de 2, 8 µm - soit une distance entre un point situé entre les deux fentes et une des fentes
de 1, 4 µm. Ainsi, il est tout à fait possible d’observer un phénomène d’absorption-réémission
incohérente de plasmons de surface par les molécules situées en dehors de fentes. On passe
alors de la situation de la figure 3.8b à la situation de la figure 3.8a. Ce phénomène ne repose
pas sur le couplage fort mais sur la forte absorption des plasmons de surface par les molécules,
et donc leur réémission. Ce phénomène étant d’autant plus important qu’il y a de molécules,
cela peut expliquer la différence des résultats obtenus entre les BQs (en couplage faible, avec
très peu d’émetteurs) et les molécules (en couplage fort, donc avec une concentration élevée
de molécules). Pour évaluer l’importance de ce mécanisme, on peut comparer l’absorption du
plasmon par le métal et par les molécules pour une couche de molécules de 20 nm. On trouve
que la longueur d’atténuation passe de 26,3 µm sans la couche de TDBC à 2,3 µm avec la
couche de molécules. Cela témoigne d’une forte absorption des plasmons par les molécules
et accrédite ainsi l’hypothèse d’un phénomène d’absorption-réémission de plasmons par les
molécules.

3.4.2 . Calcul de la visibilité pour un volume fini de molécules excitées

Afin d’illustrer davantage notre propos, cherchons à obtenir la visibilité des franges en
fonction de la taille de la zone pompée des molécules. Rappelons pour cela que notre cadre
théorique est basé sur la réciprocité. La distance entre les fentes n’est rien d’autre que la
distance entre les deux dipôles que l’on utilise pour calculer l’absorption dans la couche de
molécules. Le volume des molécules excitées expérimentalement devient dans nos simulations
le volume dans lequel on calcule l’absorption. On intègre donc l’absorption dans un volume
défini par un cylindre dont la hauteur est donnée par l’épaisseur de la couche (20 nm) et dont
le diamètre est la taille du spot d’excitation ΦS , que l’on fera varier dans nos simulations.
Choisissons dans un premier temps une valeur arbitraire de la zone d’excitation. Prenons pour
cela ΦS = 4 µm et traçons la visibilité en fonction de la distance entre les fentes, en prenant
λ = 630 nm. Le graphe obtenu est tracé sur la figure 3.9. On a ainsi accès avec ce graphe à
la visibilité des franges en fonction de l’espacement entre les franges ρ.

On peut alors obtenir des graphes similaires pour différentes valeurs de ΦS .
Afin d’étudier l’impact de la taille de la source sur la visibilité, on définit un critère arbitraire
consistant à identifier la distance au-delà de laquelle la visibilité est inférieure à un seuil donné,
que l’on choisit à 0,1. Pour ΦS = 4 µm, on choisit ainsi ρ = 1, 41 µm, pour laquelle la visibilité
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Figure 3.9 – Visibilité en fonction de la distance entre les fentes ρ, pour un spot d’excitation fixé ΦS = 4 µm.

est de 0,12 (représentée par un carré bleu sur les figures 3.9 et 3.10). Cette valeur nous sert de
référence fixe de distance entre les fentes. On compare ensuite la valeur de visibilité obtenue
pour d’autres tailles de spots d’excitation, tout en gardant ce même espacement entre les
fentes. En collectant toutes les valeurs de visibilité pour ρ = 1, 41 µm sur les graphes de
visibilité en fonction de ρ pour des tailles de sources variables, on peut alors tracer l’évolution
de la visibilité en fonction du ratio ΦS/ρ, pour ρ = 1, 41 µm sur la figure 3.10.
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Figure 3.10 – Enveloppe de la visibilité en fonction de la taille du spot d’excitationΦS pour une distance entre les fentesfixée ρ = 1, 41 µm.

On observe alors trois régimes :

• Quand le spot d’excitation est plus petit que la distance entre les fentes ΦS < ρ,
en rouge : La visibilité décroît lorsque la taille du spot d’excitation augmente.
Plusieurs sources sont excitées dans le volume défini par le spot d’excitation entre les
fentes. La différence de phase des champs au niveau des fentes dépend de la position
de chaque source. Chacune de ces sources génère son propre système de franges et
l’intensité résultante sur l’écran correspond à la somme de chacune des intensités gé-
nérées par les sources séparément. En conséquence, plus le nombre de sources excitées
augmente, plus les franges sont brouillées.
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• Quand le spot d’excitation est légèrement plus grand que la distance entre les

fentes ΦS/ρ ∈ [1;4], en vert : on observe alors une augmentation de la visibilité avec
la taille du spot d’excitation.
On peut interpréter ce résultat en soulignant que des plasmons de surface sont désor-
mais excités en dehors des fentes, et peuvent ainsi contribuer aux champs au niveau
des deux fentes. On se retrouve dans le cas de la figure 3.8a, ce qui conduit à une
augmentation de la visibilité.

• Quand le spot d’excitation est beaucoup plus grand que la distance entre les
fentes ΦS/ρ > 4, en gris : on observe un plateau, un effet de saturation.
On peut également relier cette observation aux plasmons de surface. Les sources addi-
tionnelles, désormais loin des deux fentes génèrent également des plasmons de surface,
mais ces plasmons déclinent avant d’avoir pu atteindre la deuxième fente. Rappelons
que la longueur de décroissance est de l’ordre de 2,3 µm, ce qui est cohérent avec
l’espacement entre les fentes de 1,41 µm.

3.5 . Résumé

En conclusion, nous avons utilisé la relation générale absorption-cohérence présentée dans
le chapitre 2 pour calculer la corrélation spatiale des champs électriques émis par une assem-
blée thermalisée de molécules de colorant placées sur une surface métallique. Nous avons
ainsi montré que l’origine de la cohérence spatiale pouvait être attribuée à la propagation de
plasmons de surface le long de l’interface. Nous avons également mis en évidence que la lon-
gueur de cohérence était plus élevée lorsque le pompage optique augmente, en allongeant la
longueur de décroissance des plasmons. Soulignons que lorsque le système entre en régime de
couplage fort, alors son degré de cohérence spatiale est diminué. Pour des longueurs d’onde
d’excitation se trouvant dans le gap du système, cela est du à l’impossibilité d’exciter des
ondes de surface. Proche du gap, cela provient d’un trop grand nombre de modes excités
avec des vecteurs d’onde différents.
La cohérence spatiale joue un rôle clé dans la conception de nouvelles sources de lumière
directives [29]. On peut en notamment modifier la directivité d’une source incandescente en
utilisant des réseaux permettant de coupler les modes de surface - cohérents - aux modes
propagatifs du vide [47, 109]. Par la suite, nous utilisons cette propriété pour concevoir et
réaliser de nouvelles sources de lumière directives, basées sur la photoluminescence, en uti-
lisant la cohérence induite par les plasmons de surface. Ce travail de conception de sources
directives en photoluminescence fait l’objet du chapitre 6.
Le travail présenté dans ce chapitre a conduit à une publication [106]. J’ai également présenté
ces résultats dans les conférences et écoles d’été citées dans la conclusion du chapitre 2.
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Chapitre 4

Mesure de l’indice de réfraction de
fluorophores pour le calcul de la
photoluminescence

4.1 . Introduction

Les fluorophores tels que les molécules de colorants, les quantum dots ou encore les
ions de terre rare sont très largement utilisés pour réaliser des sources de lumière. On
peut les coupler à des métasurfaces résonantes dans l’objectif de changer leurs proprié-
tés d’émission. Ces métasurfaces permettent en effet d’améliorer l’extraction de lumière
[23,87–90,92,110–124], de modifier le spectre d’émission, [27,35,93,94,125,126] ou encore
la directivité [13, 29, 30, 55, 91, 95, 127]. De nouveaux régimes d’interaction lumière-matière
ont également été explorés, notamment le couplage fort [53,55,97–102] et la condensation de
Bose-Einstein [105, 128]. Un résumé de l’état de l’art des métasurfaces émettrices est donné
dans des articles de revue [22, 23]. Comme expliqué dans ces articles de revue, l’interaction
entre les émetteurs et la métasurface est étudiée en modélisant les émetteurs comme des di-
pôles électriques indépendants orientés aléatoirement sur la surface, et dont les contributions
se somment de façon incohérentes. Le spectre d’émission d’un dipôle correspond au spectre
d’absorption, translaté spectralement d’une quantité appelée décalage de Stokes ("Stokes-
Shift") à partir du spectre d’absorption. Une telle approche permet d’obtenir la puissance
émise par la métasurface à un coefficient de proportionnalité près, lié à l’excitation du sys-
tème. Cette méthode n’est donc pas quantitative et ne peut pas être utilisée pour évaluer
l’efficacité énergétique de la source. Un modèle plus quantitatif devrait inclure une description
de la population des niveaux électroniques, qui dépend notamment de la température.
Dans d’autres systèmes émetteurs de lumière, tels que les diodes électroluminescentes (DEL
ou LED en anglais), on utilise couramment une approche statistique pour établir un modèle
d’émission de lumière. Cette approche, c’est la loi de Kirchhoff généralisée. Elle permet en
particulier d’obtenir la puissance émise de façon quantitative [42, 73]. Cette relation établit
que la puissance émise est donnée par le produit de l’absorptivité du système multipliée par
la loi de Planck généralisée. Ce dernier terme dépend de la température T et du potentiel
chimique des photons µ. L’absorptivité contient les informations sur la dépendance angulaire,
spectrale et en la polarisation. C’est donc via ce terme que l’on peut faire, par réciprocité, de
l’ingénierie de sources de lumière. On peut maximiser la puissance lumineuse émise en optimi-
sant l’absorption de lumière dans la structure. En effet, comme cette absorptivité est bornée à
1, ce modèle a l’avantage d’imposer une borne supérieure facilement calculable pour la puis-

61



sance émise - à puissance de pompe donnée. C’est donc un avantage non négligeable dans
la conception de nouvelle sources de lumière et l’optimisation de leur efficacité. Soulignons
qu’une efficacité record a été obtenue pour une LED conçue avec cette approche, c’est-à-
dire en maximisant l’absorptivité [129]. Le modèle théorique étant applicable tout autant aux
sources électroluminescentes qu’aux sources photoluminescentes, on devrait pouvoir utiliser
cette même approche pour des fluorophores couplés à des métasurfaces, ce qui fait l’objet du
chapitre 6. Cela n’avait pas encore été fait à notre connaissance. En effet, il faut utiliser une
loi de Kirchhoff locale qui distingue l’absorption dans le milieu à gain de l’absorption dans les
zones inactives du système. Cette question est cruciale pour des structures plasmoniques par
exemple. Une deuxième difficulté rencontrée lorsque l’on met en place cette approche est la
nécessité de disposer d’un modèle de permittivité permettant de décrire à la fois l’absorption
et l’émission et donc de retrouver le décalage de Stokes. On montrera dans ce chapitre en
quoi il s’agit d’une difficulté de taille et comment la surmonter.

Ce travail est issu d’une collaboration avec des chercheurs de l’Institut Langevin, à savoir
Valentina Krachmalnicoff, Yannick de Wilde ainsi que Kevin Chevrier et Camilo Pérez de la
Vega. Ce sont eux qui se sont chargés des échantillons et mesures expérimentales. De notre
côté, nous avons mis en place la méthode de calcul de l’indice de réfraction présentée dans ce
chapitre, et obtenu numériquement les cartes de photoluminescence. Ces travaux ont conduit
à la publication de l’article "Method to measure the refractive index for photoluminescence
modelling" [130].

4.2 . Mesures expérimentales

On utilise ici un échantillon constitué d’une fine couche de molécules de colorant, du
TDBC, déposée sur 50 nm d’argent. Cet argent a été obtenu par évaporation thermique sur
un substrat de verre. La couche de TDBC a quant à elle été déposée par enduction centrifuge
("spin coating") à partir d’une solution aqueuse très concentrée de TDBC (8, 75 10−3 mol.L−1),
conduisant à une couche de 17 nm (mesurée à l’AFM). Cet échantillon est ensuite analysé
par des mesures de réflectivité et de photoluminescence, côté verre, grâce à un microscope
inversé (voir figure 4.1a). Le plan focal arrière de l’objectif du microscope est imagé sur la
fente d’un spectromètre couplé à une caméra EMCCD. Les images obtenues sont résolues
en longueurs d’onde et en vecteur d’onde parallèle [131]. Pour les mesures de réflectivité, on
utilise une source thermique de lumière blanche, dont la lumière est focalisée sur l’échantillon
par l’objectif. Pour les mesures de photoluminescence, la lumière blanche est remplacée par
un laser de pompe à 445 nm. Un polariseur est placé sur le chemin de détection de façon à
ne sélectionner que la composante transverse magnétique (TM) du signal, représentée sur les
figures 4.1a,b.

La carte de réflectivité expérimentale est donnée sur la figure 4.1c. Les minima de ré-
flectivité que l’on observe sont caractéristiques d’une excitation de plasmons de surface à
l’interface métal/TDBC. L’ouverture de gap autour de 2,1 eV est quant à elle la signature
d’un couplage fort entre le plasmon de surface et le TDBC, conduisant à la formation de
polaritons. La carte de photoluminescence expérimentale est également tracée sur la figure
4.1d. On note que les maxima d’émission sont obtenus pour les mêmes fréquences et avec
la même dépendance angulaire que les minima de réflectivité. Soulignons que le polariton du
haut correspondant aux énergies supérieures à 2,1 eV est visible sur la carte de réflectivité,
mais presque imperceptible sur la carte de photoluminescence. Nous expliquerons cette parti-
cularité par la suite. A cette différence près, la concordance des branches en réflectivité et en
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Figure 4.1 – Mesures expérimentales de réflectivité et de photoluminescence d’un échantillon composé de 17 nm deTDBC sur 50 nm d’argent. (a) Schéma de l’échantillon éclairé depuis le verre en configuration de Kretschmann, permet-tant l’excitation de plasmons de surface. Cemontage est utilisé pour l’obtention de la carte de réflectivité. (b) Schéma del’échantillon pompé à 445 nm depuis le verre, permettant l’excitation de molécules de TDBC, dont l’une est représentéepar une bille rouge. La désexcitation de la molécule permet l’excitation de plasmons de surface, qui rayonnent ensuitecôté verre. Ce montage est utilisé pour l’obtention de la carte de photoluminescence. (c) Carte de réflectivité expéri-mentale. (c) Carte de photoluminescence expérimentale. L’échantillon est éclairé en lumière blanche pour la carte deréflectivité et pompé par un laser à 445 nm pour la carte de photoluminescence. Toutes les données sont normaliséespar leur valeur maximale.

émission traduit un mécanisme d’émission assisté par polaritons : les molécules de TDBC sont
d’abord excitées par le laser d’excitation à 445 nm. Ensuite, elles se désexcitent en émettant
un polariton. Les pertes radiatives de ce polariton dans le verre (voir figure 4.1b,d), génèrent
alors la carte de photoluminescence observée.
Ce système expérimental peut ainsi être vu comme une antenne. En effet, l’onde plane inci-
dente de la figure 4.1a excite un plasmon qui crée un champ intense au niveau des émetteurs.
Réciproquement, les émetteurs excitent le plasmon qui se désexcite radiativement (4.1b).
Dans ce système, les plasmons permettent d’exalter l’émission. 1

4.3 . La loi de Kirchhoff

La puissance théorique d2P th
em émise dans un angle solide dΩ est calculée en utilisant la

loi de Kirchhoff locale [39]. Rappelons que cette loi permet d’exprimer la puissance émise par
un ensemble d’émetteurs thermalisés à la longueur d’onde λ, dans la direction u (à savoir
pour un certain angle d’émission) et pour une polarisation l sous la forme :

d2P th(l)
em (u, λ, µ) = dλdΩ S cos θA(l)(−u, λ, µ)LBB(λ, µ, T ), (4.1)

où LBB(λ, µ, T ) correspond à la loi de Planck généralisée hc2

λ5
1

exp( hc
λkBT

− µ
kBT

)−1
(on re-

trouve la luminance du corps noir en prenant µ = 0). Le termeA(l)(−u, λ, µ) est l’absorptivité
de la couche d’émetteurs (de surface S) pour la polarisation l et dans la direction −u. Il s’agit
d’une grandeur sans dimension, définie par le ratio de la puissance absorbée dans la couche
émettrice lorsque la surface est éclairée par une onde plane dans la direction −u et du flux
du vecteur de Poynting φ

(l)
inc(−u, λ) de l’onde incidente :

1. Rappelons que le polariton est évanescent dans l’air mais propagatif dans le verre.
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A(l)(−u, λ, µ) =
(
πcϵ0
λ

∫
VTDBC

d3r′ϵ′′TDBC(r
′, λ, µ)|E(r′, λ)|2

)
/

∫
S
dS.φ

(l)
inc(−u, λ).

(4.2)
où ϵ′′TDBC correspond à la contribution à l’absorption de la bande excitée de la partie

imaginaire de la constante diélectrique du TDBC et E(r′, λ) est le champ électrique dans
la couche de molécules. Rappelons que T est la température et µ le potentiel chimique des
photons du TDBC.
Ce modèle rend compte de la corrélation observée entre les minima de réflectivité et maxima
d’émission évoquée dans la description expérimentale. En effet, s’il existe des ondes de surface,
alors leur excitation conduit à absorber une partie de l’énergie incidente, ce qui se traduit éga-
lement par une chute de réflectivité. Ainsi, le modèle tient compte de l’exaltation de l’émission
due à l’excitation des ondes de surface par réciprocité vis-à-vis de ce terme d’absorptivité.
Par ailleurs, cette loi de Kirchhoff permet également de comprendre pourquoi le polariton du
haut se voit bien sur la carte de réflectivité mais est difficilement observable sur la carte de
photoluminescence. La différence significative de puissance émise entre les deux polaritons
sur la carte de photoluminescence est due au facteur de Wien exp(−hc/λkBT ) qui atténue
l’émission à basses longueurs d’onde (i.e. hautes fréquences). Tout comme le décalage de
Stokes, cette différence peut être vue comme la conséquence de la décroissance exponentielle
des taux d’occupation des états excités dans un système thermalisé.

Rappelons que la relation (4.1) implique que µ et T soient considérés homogènes dans
toute la couche de TDBC. De plus, l’approximation de Wien est valable à 300 K : exp(ℏω−µ

kBT ) >>

1. Enfin, si l’on se place dans un régime de pompage faible, alors l’absorption ne dépend pas
de la puissance de pompe et ne dépend donc pas de µ.

Enfin, comme la puissance est mesurée dans le plan de Fourier et est résolue en vec-
teurs d’onde parallèles, nous effectuons le changement de variable (θ,Φ)→ (kx,ky) qui donne
dkxdky = dΩcos(θ).

Ainsi, en utilisant la loi de Kirchhoff, la puissance émise se réécrit sous la forme

d3P th(l)
em (u, λ, µ) = dλdkxdkySA(l)(u, λ)LBB(λ, µ, T ). (4.3)

Avec ces approximations et après normalisation par la puissance maximale émise à λ0 et
u0, l’équation (4.3) peut être simplifiée de la façon suivante :

d3P
th(l)
em (u, λ, µ)

d3P
th(l)
em (u0, λ0, µ)

=
A(l)(−u, λ)IBB(λ, T )

A(l)(−u0, λ0)IBB(λ0, T )
, (4.4)

avec
IBB(λ) =

1

λ5

1

exp
(

hc
λkBT

) , (4.5)
Cette normalisation a notamment l’avantage de ne plus présenter de dépendance en µ.
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4.4 . Les limites du modèle d’indice lorentzien

Pour beaucoup d’applications, telles que les mesures de réflectivité et particulièrement
en régime de couplage fort, le modèle d’indice des fluorophores est donné par un modèle
d’indice lorentzien [97,98,132]. Les ajustements théoriques sont en effet souvent en très bon
accord avec les données expérimentales. Cependant, ce modèle lorentzien échoue à reproduire
numériquement la photoluminescence expérimentale lorsque l’on utilise la loi de Kirchhoff.
On montre en effet sur la figure 4.2 la comparaison des cartes de photoluminescence théorique
et expérimentale. Afin de calculer la photoluminescence théorique, on utilise la loi de Kirchhoff
présentée précédemment (cf équation (4.4)), en utilisant un modèle d’indice lorentzien pour
calculer l’absorptivité dans la couche d’émetteurs (le TDBC). Ce modèle d’indice a été obtenu
à partir d’un ajustement sur les données de réflectivité (figure 4.1c) par l’équipe de l’institut
Langevin. La comparaison des figures 4.2a et b montre que le modèle d’indice lorentzien n’est
pas adapté pour retrouver l’allure de la photoluminescence expérimentale.
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Figure 4.2 – Cartes de photoluminescence en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde parallèle, normalisées parleur valeur maximale : (a) Émission expérimentale de TDBC déposé sur de l’argent, le tout sur un substrat d’argent.(b) Simulation de l’émission du TDBC en utilisant la loi de Kirchhoff et un modèle de permittivité lorentzien pour les
molécules de colorant. Ce modèle est donné par ϵL(ω) = n2

0 +
fL

E2
a − ω2 − iωγL

avec fL = 0, 55 eV2, n0 = 1, 65,
Ea = 2, 09 eV et γL = 0, 027 eV. Ces paramètres ont été ajustés à partir de la carte de réflectivité donnée sur la figure4.1b. L’épaisseur de TDBC vaut 17 nm et celle de l’argent 45 nm. La photoluminescence est mesurée côté verre.

Des modèles de permittivité ϵ plus raffinés incluent une somme de fonctions lorentziennes,
ou une somme de pôles [133–136] (rappelons ici que la permittivité ϵ est relié à l’indice de
réfraction n par ϵ = n2). Ces modèles ne permettent pas davantage de retrouver la pho-
toluminescence expérimentale. Par conséquent, il est nécessaire d’identifier un modèle de
permittivité permettant de retrouver la photoluminescence à partir de la loi de Kirchhoff.

Nous pouvons essayer d’identifier certaines raisons derrière l’échec du modèle lorentzien
lorsque que modèle est exploité dans la loi de Kirchhoff. La relation fondamentale permettant
de relier l’absorption et l’émission peut être utilisée comme un test simple du modèle de
permittivité. Elle stipule que σem(ω) = σabs(ω) exp[ℏ(µ − ω)/kBT ] où σem correspond à
la section efficace d’émission, σabs à la section efficace d’absorption et µ est le potentiel
chimique des photons. La présence du facteur exponentiel exp(−ℏω/kBT ) est notamment
responsable du décalage vers les grandes longueurs d’onde du spectre d’émission (décalage
vers le rouge appelé "redshift"). Ce décalage entre les spectres d’absorption et d’émission
est connu sous le nom de décalage de Stokes. Notons que cette relation a été obtenue par
de nombreux auteurs pour des systèmes à l’équilibre thermodynamique (µ = 0) puis étendue
par la suite au cas où µ ̸= 0 (voir les articles [137, 138] et les références citées dans ces
articles pour une discussion sur les contributions antérieures de Kennard, Stepanov, Neporent
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et McCumber). 2 Une expression généralisée de ce théorème à été obtenu dans le cas d’un
potentiel chimique des photons non nul dans la référence [69].
Ainsi, si l’on connaît la section efficace d’absorption, on peut en théorie obtenir la section
efficace d’émission et retrouver le décalage de Stokes expérimental. On peut regarder ce
que donnerait le modèle Lorentzien utilisé pour la figure 4.2b. On écrit alors le coefficient
d’absorptivité κabs en utilisant l’indice de réfraction n : κabs = 2Im(k) = 2Im(n)ω/c. Si
l’on utilise la section efficace d’absorption on obtient alors κabs = Nσabs avec N la densité
volumique de fluorophores. On en déduit donc que σabs ∝ Im(n). Les spectres de la figure 4.3
sont obtenus de cette manière avec le modèle d’indice lorentzien décrit dans la figure 4.2. La
section efficace d’émission que l’on obtient ne présente en aucun cas le profil que l’on pourrait
attendre, à savoir un profil d’amplitude similaire, mais légèrement red-shifté de la section
efficace d’absorption. Par ailleurs la section efficace d’émission diverge aux grandes longueurs
d’onde dans le cadre de ce modèle d’indice : le poids conséquent du facteur exponentiel
de Wien explique qu’il modifie drastiquement les signatures du profil lorentzien choisi pour
l’absorption.
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Figure 4.3 – Sections efficaces d’émission et d’absorption normalisées pour du TDBC avec le modèle lorentzien (L) définidans la figure 4.2. Ce modèle ne permet pas de retrouver l’allure de la section efficace d’émission.

4.5 . Le modèle d’indice de type Brendel-Bormann : un modèle adapté
à la photoluminescence

D’après la loi de Kirchhoff, il est nécessaire de calculer l’absorption dans la couche de
TDBC pour obtenir le signal de photoluminescence. Pour cela, un modèle d’indice approprié
est nécessaire. Nous venons de voir qu’un modèle lorentzien (ou basé sur une somme de
lorentziennes), pourtant couramment utilisé et en particulier pour des molécules de TDBC
ou de colorants [53, 133, 135, 136, 139], ne permet pas de retrouver le signal de photolumi-
nescence expérimental (voir figures 4.2 et 4.3). En particulier, on remarque sur la figure 4.3b
que la partie imaginaire de la permittivité devrait décroître beaucoup plus vite aux grandes
longueurs d’onde, de façon à compenser le facteur exponentiel de Wien et retrouver le déca-
lage de Stokes.

On utilise alors un modèle de type Brendel-Bormann [140–142] pour la permittivité di-
électrique :

2. Soulignons qu’une relation connexe permet de lier la densité spectrale de puissance desfluctuations de courant (i.e. de la source d’émission) à la partie imaginaire de la permittivité dumatériau ; il s’agit du théorème de fluctuation-dissipation.
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ϵ(ω) = ϵbg +

m∑
k=1

Xk(ω), (4.6)
avec Xk une somme infinie d’oscillateurs de Lorentz dont les amplitudes sont données par
une enveloppe gaussienne :

Xk(ω) =
1√
2πσk

∫ +∞

−∞
dx exp

(
−(x− ν0k)

2

2σ2
k

)
ν2pk

x2 − ω2 − iντkω
. (4.7)

On utilise le formalisme et les formules décrites dans la référence [141] pour le calculer
numériquement. Ce modèle présente un avantage majeur par rapport à une distribution lo-
rentzienne : la partie imaginaire de la permittivité diélectrique décroît beaucoup plus vite. On
verra par la suite qu’il permet ainsi de retrouver le décalage de Stokes.

Ce modèle procure une fonction de la variable complexe ω, qui est analytique dans un
demi-espace complexe et satisfait les relations de Kramers-Kronig par construction. On peut
voir la distribution gaussienne d’oscillateurs de fréquence x et de largeur ντk comme un
modèle de la distribution des transitions entre les états rovibrationnels de deux niveaux élec-
troniques. La distribution des oscillateurs étant décrite par une fonction gaussienne, le profil
de raie est semblable à celui d’une raie subissant un élargissement inhomogène, dû à une
grand nombre de transitions entre deux bandes. Le modèle lorentzien traduit quant à lui un
élargissement homogène d’une unique transition entre deux niveaux électroniques. Le modèle
de Brendel-Bormann semble donc bien adapté à la description d’une couche de molécules. Il
apparait clairement que le facteur d’atténuation de Wien joue différemment sur les différentes
transitions, ce qui ne peut pas être le cas avec un modèle lorentzien qui a une seule transition.
Le modèle de Lorentz ne peut donc pas permettre de rendre compte du décalage de Stokes.

4.6 . Méthode numérique de la mesure de l’indice de réfraction pour le
calcul de photoluminescence

4.6.1 . Définition de la fonction de coût
L’objectif est d’obtenir un modèle de permittivité diélectrique ϵmodel(p1, p2, ...) de la

couche de TDBC en ajustant les paramètres p1, p2, ... intervenant dans ce modèle. Pour cela,
on cherche à ajuster les paramètres à partir des données expérimentales d’émission de façon
à ce que

d3P exp
em (θ, λ) = d3P th

em(θ, λ, ϵmodel(p1, p2, ...)), (4.8)
où d3P th

em est la puissance émise théorique calculée avec la loi de Kirchhoff, qui dépend du
modèle de permittivité ϵmodel(p1, p2, ..) et dP exp

em est la puissance émise expérimentale. On
identifie alors les paramètres du modèle d’indice avec une procédure d’optimisation basée sur
une fonction de coût fcost(ϵ) :

fcost(ϵmodel) =
N∑

θi=1

∑
λj=1

[
d3P exp

em (θi, λj)

d3P exp
em (θ0, λ0)

− d3P th
em(θi, λi, ϵmodel(λj , p1, p2, ...))

d3P th
em(θ0, λ0, ϵmodel(λ0, p1, p2, ...))

]2, (4.9)

avec λ0 et θ0 les valeurs des vecteurs d’onde et d’angle correspondant au maximum
d’émission expérimentale.
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Minimiser cette fonction de coût revient à chercher les paramètres du modèle d’indice qui
permettent d’avoir le meilleur accord entre la photoluminescence expérimentale et théorique.
On utilise pour cela la fonction de recherche de minimum globale "GlobalSearch" de la
bibliothèque Matlab®.

4.6.2 . Traitement des données
Avant de commencer la procédure d’optimisation, on commence par filtrer le bruit issu des

données expérimentales. Pour cela, on convolue le signal expérimental par une matrice unité de
taille 3x3. Ensuite, la contribution du fond ("background") est évaluée en prenant la moyenne
du signal loin de la zone d’émission, sur une surface comprise entre -30° et + 30° et entre 520
nm et 560 nm. On soustrait ensuite cette valeur moyenne à l’ensemble du signal expérimental.

Pour modéliser la couche de TDBC, on impose un modèle de permittivité anisotrope,
due à l’orientation des agrégats de TDBC. Pour cela, on distingue la composante parallèle le
long de la couche de TDBC ϵ// décrite par le modèle de Brendel-Bormann, et la composante
perpendiculaire, notée ϵ⊥ = n2

⊥, qui sera un paramètre supplémentaire de la fonction de coût
à optimiser. Avec ce paramètre en plus, on retrouve bien les deux branches expérimentales de
réflectivité, ce qui sera montré par la suite sur la figure 4.5b,c.

La couche d’argent est quant à elle décrite par un modèle de Drude :

ϵAg(ω) = ϵ∞ −
Ω2
p

ω2 + iωγ
, (4.10)

avec les paramètres suivants : ϵ∞ = 5, Ωp = 8, 89 eV et γ = 0, 1 eV permettant de tenir
compte des données expérimentales.

4.7 . Résultats de la méthode d’optimisation

4.7.1 . Comparaison des données expérimentales et théoriques
La carte de photoluminescence expérimentale a été reproduite numériquement avec un

très bon accord, comme on peut le voir sur la figure 4.4, en utilisant m = 3 (dans l’équation
(4.6)). Les paramètres d’optimisation du modèle sont regroupés dans le tableau 4.1.
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Figure 4.4 – Cartes de photoluminescence en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde parallèle, normalisées par leurvaleur maximale : (a) émission expérimentale et (b) simulation numérique de la photoluminescence après optimisationdu modèle d’indice de Brendel-Bormann.

Soulignons que les données théoriques et expérimentales ont été obtenues en polarisa-
tion TM. Notons également que la branche expérimentale du polariton du haut disparaît
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Figure 4.5 – Cartes de réflectivité en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde parallèle, normalisées par leur valeurmaximale : (a) réflectivité expérimentale, (b) simulation numérique de réflectivité pour une couche de TDBC anisotropeet (c) simulation numérique de réflectivité pour une couche de TDBC isotrope. Dans le cas isotrope, un mode apparaîtdans le gap, non observé expérimentalement. Les simulations sont obtenues avec le modèle de Brendel-Bormann dontles paramètres issus de la procédure d’optimisation sont donnés dans le tableau 4.1.

dans le bruit du détecteur. En conséquence, la procédure d’optimisation n’est pas en mesure
d’évaluer parfaitement la permittivité diélectrique. Cela explique le petit décalage en réflecti-
vité du polariton du haut entre les données expérimentales et théoriques sur les figures 4.5a,b.

paramètres k = 1 k = 2 k = 3
ν0k (eV) 2, 07 2, 14 2, 17
ντk (eV) 1, 14e−9 1, 46e−13 2, 10e−6

νpk (eV) 0, 10 1, 44 0, 25
σk (eV) 0, 025 0, 025 0, 070

ϵbg 2, 83
n⊥ 2, 82

Table 4.1 – Paramètres d’optimisation du modèle de Brendel-Bormann

La carte de réflectivité confirme également la nécessité d’introduire un modèle anisotrope
pour la couche de TDBC : un modèle isotrope conduit à un mode supplémentaire dans le gap
(figure 4.5c), qui n’apparaît pas expérimentalement (figure 4.5a) [106].

A partir des paramètres trouvés par la méthode d’optimisation, on peut tracer la permit-
tivité et l’indice du TDBC en fonction de la longueur d’onde sur la figure 4.6. Les données du
tableau nous montrent que les largeurs des fonctions lorentziennes sont beaucoup plus petites
que les largeurs des enveloppes gaussiennes (ντk ≪ σk), ce que l’on attend pour un élargis-
sement inhomogène dû à un grand nombre de transitions entre les niveaux rovibrationnels.

On peut ainsi calculer les sections efficaces d’absorption et d’émission à partir de la partie
imaginaire de l’indice, comme cela a été fait dans la partie précédente avec l’indice lorentzien
(figure 4.3). La figure 4.7 permet ainsi de comparer le décalage de Stokes obtenu dans le
cas du modèle lorentzien (figure 4.7a) avec celui obtenu avec le modèle de Brendel-Bormann
(figure 4.7b).

En comparant avec la littérature sur les agrégats-J de TDBC en solution [143, 144],
on observe un décalage vers le bleu et un élargissement du spectre d’absorption (sur la
figure 4.3a). Comme montré dans la référence [143], le spectre d’un monomère de TDBC
est plus large et très décalé vers le bleu comparé au spectre d’un agrégat de TDBC. Un cas
intermédiaire, similaire à nos résultats, est présenté dans la référence [144] qui montre que
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les spectres de molécules TDBC sont sensibles à leur environnement. Le modèle de Brendel-
Bormann permet ainsi bien de retrouver le décalage de Stokes.

4.7.2 . Discussion

Comme présenté dans la partie 4.3, il est possible en théorie d’obtenir la section effi-
cace d’émission à partir de la section efficace d’absorption en utilisant la relation σem(ω) =

σabs(ω) exp[ℏ(µ−ω)/kBT ]. Cela permet notamment de retrouver le décalage de Stokes. Ce-
pendant, du fait de la variation exponentielle du facteur exp[ℏ(µ−ω)/kBT ], le modèle d’indice
(ou de permittivité diélectrique) doit être extrêmement précis aux basses énergies (i.e. hautes
longueurs d’onde) de la queue du spectre d’absorption. Alors que cette très faible absorption,
loin de la résonance, affecte peu les mesures de réflectivité, elle devient critique dès lors que
l’on cherche à obtenir numériquement la photoluminescence. En effet, cette absorption a beau
être faible, elle est ensuite multipliée par un terme variant exponentiellement exp(−ℏω/kBT ).
Considérons un ensemble d’émetteurs à 300 K (i.e. 25meV) émettant de la lumière sur une
largeur spectrale d’émission de l’ordre de 0, 1 eV. Alors le facteur exp(ℏω/kBT ) varie de 1 à
e4 ≈ 55 sur cette bande.
Le modèle de Brendel-Bormann permet précisément de tenir compte d’une décroissance ra-
pide de la partie imaginaire de la permittivité aux hautes longueurs d’onde, ce qui compense
parfaitement la croissance exponentielle de la fonction de Planck. Pour illustrer de façon qua-
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Chapitre 4. Mesure de l’indice de réfraction de fluorophores pour le calcul de laphotoluminescence
litative ce comportement, on a tracé sur la figure 4.8 la partie imaginaire de la constante
diélectrique pour le modèle Lorentzien et pour celui de Brendel-Bormann. On a également
tracé la fonction de Planck, en bleu. Toutes les courbes sont tracées en échelle log. On voit
clairement sur cette figure que - contrairement au modèle de Brendel-Bormann - la décrois-
sance du modèle lorentzien ne parvient pas à compenser la croissance rapide de la fonction
de Planck. Cela se traduit par une divergence non physique de l’émission qui s’observe sur les
figures 4.2 et 4.3.
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4.8 . Résumé

On a montré dans ce chapitre qu’il était possible de modéliser quantitativement la pho-
toluminescence du TDBC induite par les pertes radiatives de plasmons de surface dans le
verre. C’est un très bon exemple d’émission de lumière par un ensemble d’émetteurs en in-
teraction avec une surface résonante. L’interaction entre les molécules et les plasmons de
surface est très bien décrite par la loi de Kirchhoff locale [39] qui introduit l’absorptivité dans
la couche de TDBC. On a également montré qu’un modèle classique - lorentzien - ne permet
pas de calculer la photoluminescence à partir de la loi de Kirchhoff. En utilisant le modèle
de Brendel-Bormann en revanche, on a pu retrouver les paramètres du modèle en ajustant
les données de photoluminescence expérimentales. Ce modèle capture avec précision la dé-
croissance du spectre d’absorption aux grandes longueurs d’onde, de façon à pouvoir ensuite
calculer l’émission de lumière par les fluorophores. Ces résultats ouvrent la voie à la concep-
tion de métasurfaces émettrices basées sur la photoluminescence pour contrôler l’émission de
lumière. Cela permet ainsi de créer de nouvelle sources de lumière avec des propriétés inédites
et fait l’objet des chapitres 5 et 6.
Ce travail a conduit à une publication [130]. J’ai également eu l’opportunité de présenter ces
travaux dans plusieurs conférences, en présentiel :

• Présentations orales

— 2022 : Conférence internationale "NFO16" − Victoria, Canada,

— 2022 : Conférence internationale "SPIE Optics + Photonics" - San Diego, USA,

— 2022 : Journée thématique "Plasmonique et Molécules" du GDR "Plasmonique
Active" - France.
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Chapitre 5

Transfert d’énergie induit par des
plasmons de surface entre deux
systèmes hors équilibre

5.1 . Introduction

Le couplage de matériaux organiques et inorganiques a soulevé beaucoup d’intérêt ces
dernières décennies notamment dans le domaine des cellules photovoltaïques pour le cap-
tage d’énergie [145], celui des transferts d’électrons chauds [146], de la photocatalyse [147]
ou des dispositifs optoélectroniques [148]. Les dispositifs hybrides combinant ces matériaux
semblent prometteurs pour surmonter leurs limitations intrinsèques [149]. D’une part, les
matériaux organiques (tels que les molécules de colorants comme le TDBC) possèdent une
importante section efficace d’absorption, des forces d’oscillateurs élevées et peuvent ainsi se
coupler fortement avec la lumière. D’autre part, les matériaux inorganiques (comme les boîtes
quantiques - BQs) sont photostables, présentent des non-linéarités optiques importantes et
une conductivité électrique élevée. Dans le cas des boîtes quantiques, leur spectre d’émission
est plutôt étroit et la longueur d’onde du pic d’émission est directement reliée au diamètre
de la boîte quantique, ce qui rend ces nano-matériaux très polyvalents. Réaliser des transferts
d’énergie entre ces matériaux organiques et inorganiques permettrait ainsi de fusionner le
meilleur de ces deux mondes, comme cela a été présenté dans la littérature récemment [150].
Une façon d’améliorer l’efficacité des dispositifs ainsi que la portée du transfert d’énergie est
de former un environnement électromagnétique favorable pour ces matériaux. Par exemple, il
est possible d’implanter ces matériaux dans des microcavités [151–154], d’utiliser des points
chauds générés par des nanoparticules métalliques [155, 156], ou encore d’utiliser des plas-
mons de surface [157,158]. Cependant, comprendre le rôle joué par les différents composants
du système devient alors une tâche ardue à cause de la formation de modes hybrides et du
recouvrement aussi bien spatial que spectral entre les différents ensembles d’émetteurs et les
modes électromagnétiques. Soulignons également qu’il n’est pas possible de considérer les en-
sembles d’émetteurs comme des superpositions d’émetteurs indépendants dès l’instant où ces
émetteurs échangent de l’énergie, ce qui nécessite d’utiliser un modèle théorique adapté [39].

On étudie ainsi dans ce chapitre un système hybride multicouches, composé d’émetteurs
organiques (des J-agrégats de TDBC) et inorganiques (des BQs), le tout interagissant avec un
plasmon de surface (SPP) se propageant sur des distances de l’ordre de quelques micromètres.
L’interaction entre le plasmon et les molécules organiques (présentant une force d’oscillateur
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élevée) conduit à l’apparition de modes hybrides lumière-matière étendus et à l’observation
de couplage fort [53,131]. On utilise ainsi cette propagation sur des distances micrométriques
pour séparer spatialement les régions où les boîtes quantiques interagissent avec le plasmon
de celles où elles interagissent avec les modes hybrides. On utilisera la loi de Kirchhoff pour
modéliser numériquement le transfert d’énergie entre deux ensembles d’émetteurs (organiques
et inorganiques) grâce au couplage au plasmon. Ces travaux font suite aux résultats présentés
dans le chapitre 4. De la même manière, les échantillons et résultats expérimentaux ont
été obtenus par la même équipe de l’institut Langevin, en collaboration avec une équipe de
recherche de l’institut Lumière Matière composée d’Antoine Bard, Alban Gassenq, Clémentine
Symonds, Jean-Michel Benoit et Joël Bellessa. De notre côté, nous nous sommes chargés de
la partie théorique et des simulations. Ce chapitre a fait l’objet de l’article "Plasmon mediated
energy transfer between two systems out of equilibrium" [159].

5.2 . Description de l’échantillon et des méthodes de caractérisations
expérimentales

L’échantillon étudié est schématisé sur la figure 5.1a et sa fabrication est détaillée dans
l’annexe C. Il est composé d’une première couche de boîtes quantiques (hBQs = 15 nm)
intégrées dans une matrice de PMMA, sur une couche de TDBC d’épaisseur hTDBC = 17

nm. Ces deux couches sont déposées sur un film d’argent de 50 nm, le tout sur un substrat
de verre. Les épaisseurs sont contrôlées à l’aide d’un microscope à force atomique (AFM).
Les propriétés spectrales de chaque ensemble d’émetteurs sont présentées sur la figure 5.1b
via leurs spectres d’absorption (pour le TDBC) et d’émission (pour le TDBC et les BQs).
Les spectres du TDBC présentent un pic d’absorption et un pic d’émission étroits et leurs
maxima sont centrés à 585 nm et 595 nm respectivement. Les BQs ont un pic d’émission
plus large, centré à λBQs = 576 nm, qui recouvre partiellement le spectre d’absorption du
TDBC, ce qui permet un transfert d’énergie. La présence de l’argent modifie les spectres par
rapport à la situation où les spectres seraient obtenus sur du verre. La mesure de réflectivité
du système total, obtenue côté verre et en ne sélectionnant que la composante TM du signal,
est présentée sur la figure 5.1c. Cette figure montre la présence de deux branches de creux
de réflectivité. Ces creux sont dûs à l’excitation de polaritons de surface qui sont des états
couplés entre les plasmons de surface et les excitations du TDBC. La figure montre deux
branches polaritoniques UP et LP présentant un anticroisement à 2,1 eV qui est la fréquence
du TDBC. La largeur de la bande interdite est de 153 meV.

Dans un tel système, le transfert d’énergie entre les différentes couches modifie les pro-
priétés optiques du système total. Comprendre le rôle joué par chacune des couches dans ce
transfert d’énergie est donc particulièrement compliqué. Afin de pouvoir démêler les contribu-
tions respectives des différents composants, on étudie un échantillon où le TDBC est préparé
dans un état non absorbant. On parle alors de photo-blanchiment. Comparer l’émission de
lumière par le système lorsqu’il est excité dans une région où les molécules de TDBC sont
blanchies ou non permet ainsi de mieux comprendre le système. En outre, on étudie des
échantillons composés d’un disque de molécules de TDBC photo-blanchies, entourées par des
molécules actives (i.e. non blanchies). On excite alors exclusivement les BQs au centre de ce
disque, de façon à pouvoir étudier le transfert d’énergie entre les BQs et les molécules actives
en fonction du diamètre de la zone de TDBC blanchie. Cette étude permet ainsi d’évaluer
la possibilité d’un transfert d’énergie dû aux plasmons de surface se propageant dans la zone
blanchie.
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Chapitre 5. Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux systèmeshors équilibre
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Figure 5.1 – a) Schémadu systèmemulticouche constitué d’un filmd’argent dehAg = 50 nm, d’une couche demoléculesde TDBC de 17 nmd’épaisseur, le tout recouvert d’une couche de BQs/PMMAde 15 nm. Ce systèmemulticouches reposesur un substrat de verre. Les épaisseurs sont mesurées par AFM. Cet échantillon est pompé à travers l’argent depuis leverre avec un laser à 445 nm. La photoluminescence résultante est récupérée également côté verre. Le laser de pompeest choisi demanière à exciter préférentiellement les BQs (à cette fréquence, la section efficace d’absorption des BQs estélevée contrairement à celle du TDBC). (b) Spectres d’absorption et d’émission des couches de TDBC et BQs déposéessur du verre. Le spectre d’absorption des BQs est caractérisé par une large bande croissante aux basses longueursd’onde et par une résonance excitonique à 526 nm. (c) Carte de réflectivité (en échelle logarithmique) de l’échantillon,présentant un système en couplage fort avec une bande interdite de 153meV.
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Figure 5.2 – a) Image en microscopie de champ sombre d’un film de molécules de TDBC déposé sur de l’argent aprèsréalisation des disques photo-blanchis (DPBs). Les diamètres des DPBs varient de 1 à 40 µm et la plus petite distanceséparant deux zones blanchies vaut 20 µm. Ces motifs ont notamment été reproduits des dizaines de fois sur l’échan-tillon, de façon à pouvoir vérifier la répétabilité des résultats expérimentaux. Le spot d’excitation ainsi que le champ devue (FOV) sont représentés sur le DPB de 40 µm. (b) Schéma d’un DPB éclairé en son centre par un laser focalisé. Suite àcette excitation, les BQs se désexcitent en émettant des modes de surface se propageant dans le plan de l’échantillon.Les zones hachurées correspondent au volume des émetteurs excités, dans lesquels on impose un potentiel chimiquedes photons non nul dans les simulations numériques.

Les zones de TDBC blanchies sont obtenues en éclairant les zones d’intérêt par un laser
UV de haute intensité (à λ = 365 nm) [160], avant le dépôt des BQs. Il a été montré que
les zones blanchies de TDBC ont un indice de réfraction proche de celui du film des molé-
cules actives, excepté dans la région spectrale autour de 2, 1 eV où le pic d’absorption est
supprimé [131]. Une image obtenue à l’aide d’un microscope optique après blanchiment des
disques de taille variable est montrée sur la figure 5.2a. Les disques photo-blanchis (DPBs)
ont des diamètres variant de 1 à 10 µm (par pas de 1 µm) ainsi que deux grands diamètres
de 20 et 40 µm. Dans ce dernier cas, le rayon du disque est beaucoup plus grand que la lon-
gueur de propagation du plasmon (définie comme 1/(2k”) et estimée à 2,21 µm à la longueur
d’onde de 570 nm). On peut ainsi choisir cet échantillon comme la référence d’un système
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non influencé par les molécules de TDBC.

Nous étudions ce système à l’aide de mesures de photoluminescence (PL) résolues en
vecteur d’onde parallèle k∥ dans le plan de l’échantillon. On utilise pour cela un microscope
inversé sur lequel on dépose l’échantillon. Ce dernier est ensuite excité par un laser pulsé à
λ = 445 nm, focalisé sur la zone d’intérêt à travers le verre à l’aide d’un objectif à immersion
de très grande ouverture numérique (ON = 1,5). L’émission est ensuite récupérée par le même
objectif, côté verre. La longueur d’onde d’excitation est choisie dans une région spectrale pour
laquelle la section efficace d’absorption des BQs est très élevée alors que celle des molécules
de TDBC est très faible, de façon à exciter préférentiellement les BQs. On récupère l’émission
TM d’une zone circulaire dont le diamètre vaut 20 µm qui correspond au champ de vision
du microscope ("Field of View" - FOV). Le dispositif expérimental permet ensuite d’imager
le plan focal arrière de l’objectif de microscope sur la fente d’entrée d’un spectromètre.
Un réseau de diffraction interne au spectromètre permet ensuite d’obtenir le spectre de la
photoluminescence en fonction du vecteur d’onde parallèle sur une caméra EMCCD. Le spot
focalisé d’excitation (limité par la diffraction) permet d’exciter les BQs placées au dessus du
centre de chaque DPB et d’étudier les transferts d’énergie entre les BQs et les molécules de
TDBC lorsque le rayon des DPBs augmente. La figure 5.2b montre justement la situation où
le centre d’un DPB est excité. Dans les cas extrêmes où ΦDPB = 40 µm et ΦDPB = 0 µm, les
modes électromagnétiques sont des plasmons polaritons de surface (SPPs), et des polaritons
en couplage fort avec les molécules de TDBC (UP et LP) respectivement.

5.3 . Résultats expérimentaux

Les mesures expérimentales de photoluminescence sont présentées sur la figure 5.3a-f.
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Figure 5.3 – a)-f) Cartes de photoluminescence E(k∥) expérimentales pour différentes zones excitées et observées surl’échantillon. Sur la figure a), le laser d’excitation est focalisé sur une zone non blanchie ; à savoir une zone où les molé-cules de TDBC sont actives. Pour les autres figures, le diamètre du DPB est indiqué au dessus des cartes expérimentales,et celles-ci sont obtenues avec un laser d’excitation focalisé au centre du DPB.

Commençons par analyser les deux cas extrêmes, pour lesquelles toutes les molécules
de TDBC sont soit actives (figure 5.3a) et peuvent contribuer à l’émission de lumière, soit
blanchies et donc passives (figure 5.3f).

• ΦDPB = 0 µm : aucune molécule de TDBC n’est blanchie

Considérons d’abord le cas où on excite une zone homogène de molécules de TDBC non
blanchies et recouverte par les BQs. La carte de photoluminescence expérimentale corres-
pondante, en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde parallèle, est obtenue sur la figure
5.3a. Dans cette zone, l’environnement électromagnétique est façonné par le couplage fort
entre les molécules de TDBC et les SPPs. Soulignons un décalage vers les grands vecteurs
d’onde en présence de la couche de BQs/PMMA par rapport au système TDBC/Ag sans BQs.
L’anticroisement entre les relations de dispersion du plasmon et des molécules est nettement
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Chapitre 5. Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux systèmeshors équilibre
visible avec l’apparition des LP et UP. Il est important de souligner que le polariton du haut
(UP) n’est pas observable dans les cartes de photoluminescence en l’absence des BQs (i.e. si
le système est seulement composé de TDBC sur argent) [97,161].

Dans ce système multicouches, comme le spectre des BQs recouvre celui du UP, les BQs
peuvent se coupler à ce mode. Les pertes radiatives de ce polariton dans le verre sous la
forme de photons permettent ensuite d’obtenir la carte de photoluminescence expérimentale.
Cette interaction émetteur-photon via le polariton a été décrite en premier par Hopfield [103].
Soulignons que le LP est aussi observable. Dans ce cas, deux mécanismes sont possibles :
une émission directe par les BQs dans ce mode, ou bien un transfert d’énergie des BQs aux
molécules qui ensuite se désexcitent à travers le LP. On peut souligner que dans ce cas parti-
culier où il n’y a pas de zone photo-blanchie, les molécules peuvent également être excitées en
partie par le laser de pompe, mais de façon bien moins efficace que les BQs. Par la suite nous
introduirons un modèle théorique permettant d’analyser les données et identifier le mécanisme
en jeu.

• ΦDPB = 40 µm : toutes les molécules de TDBC sont blanchies

La carte de photoluminescence expérimentale est montrée sur la figure 5.3f, dans le cas
où toutes les molécules de TDBC sont blanchies sur la zone observée, i.e. ΦDPB = 40 µm.
Le motif observé traduit l’émission de lumière due au pertes radiatives du plasmon qui se
propage entre l’argent et les couches diélectriques composés des BQs et des molécules de
TDBC blanchies. En d’autres termes, ces mesures montrent qu’il n’y a aucune influence des
molécules de TDBC actives et donc qu’il n’y a pas de transfert d’énergie entre les BQs et
les molécules placées 20 µm plus loin du centre de la zone blanchie. Ce résultat est attendu
puisque la longueur d’atténuation du plasmon est de 2, 1 µm à 570 nm.

• ΦDPB = 1− 8 µm : les molécules de TDBC sont blanchies seulement dans les
zones définies par ΦDPB

On se place maintenant dans le cas intermédiaire où les molécules sont blanchies au ni-
veau des disques photo-blanchis (DPBs), dont les diamètres varient de 1 à 8 µm. Les résultats
sont présentés sur les figures 5.3b-e. Comme schématisé sur la figure 5.2b, le faisceau laser
gaussien excite les BQs au centre d’un disque d’excitation de 500 nm contenant les molécules
de TDBC blanchies. En conséquence, les BQs relaxent dans les modes électromagnétiques
accessibles. Si on fait l’hypothèse d’une interaction assistée par plasmon entre les BQs et les
molécules actives de TDBC, alors la distance entre le spot d’excitation et la zone contenant
des molécules de TDBC actives est une caractéristique majeure. Ce paramètre gouverne en
effet l’interaction entre les BQs et les modes en couplage fort.
On remarque également sur les figures 5.3b-e que la lumière est étonnamment détectée pour
des valeurs d’énergie et de vecteurs d’onde ne correspondant pas au SPP ou aux UP et LP.
Cela se remarque lorsqu’on compare ces résultats avec ceux obtenus dans les deux cas ex-
trêmes, sans DPB (sur les figures 5.3a,f). On peut également noter une modification de la
distribution en intensité en fonction de ΦDPB. Lorsque le rayon du DPB devient plus grand
alors les molécules de TDBC ont de moins en moins d’influence sur l’allure des modes élec-
tromagnétiques et l’intensité du LP s’estompe.

Cependant, comme le spectre d’émission des BQs recouvre non seulement le UP mais
également le LP (sur la queue du spectre), attribuer la photoluminescence observée pour une
valeur d’énergie E(k∥) à l’émission par les BQs ou par les molécules n’est pas évident. Il
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est donc nécessaire d’utiliser un modèle théorique pour analyser ces données et identifier les
mécanismes responsables de ces émissions.

On va ainsi décrire par la suite le cadre théorique permettant d’analyser ces données
expérimentales.

5.4 . Description du modèle théorique et des méthodes numériques

La photoluminescence totale observée sur les figure 5.4a-f résulte du couplage entre les
émetteurs fluorescents (BQs et molécules de TDBC) et les modes électromagnétiques dispo-
nibles (SPPs, UP, LP...). Elle dépend également d’un possible transfert d’énergie entre les
BQs et les molécules. Le modèle théorique d’émission de lumière doit donc tenir compte de
ces interactions pour prédire avec précision les spectres et directions d’émission. On utilise
pour cela la forme locale de la loi de Kirchhoff, permettant de modéliser l’émission de lumière
de systèmes hors équilibre sous certaines conditions [39].

5.4.1 . Rappel de la loi de Kirchhoff locale
On rappelle ici brièvement la loi de Kirchhoff, déjà présentée dans les chapitres précé-

dents. Cette loi permet de calculer la puissance d2P
(l)
e (u, λ, µ) de la lumière émise par une

assemblée d’émetteurs à la longueur d’onde λ, dans l’angle solide dΩ autour de la direction
de propagation donnée par le vecteur unitaire u, et pour un état de polarisation l.
Comme la puissance est mesurée dans le plan de Fourier, nous utilisons la formulation de la
loi de Kirchhoff présentée dans le chapitre précédent, en faisant l’hypothèse que l’absorptivité
ne dépend pas du pompage. Ainsi :

d3P th(l)
em (u, λ, µ) = dλdkxdkySA(l)(u, λ)LBB(λ, µ, T ). (5.1)

où LBB(λ, µ, T ) correspond à la loi de Planck généralisée hc2

λ5
1

exp( hc
λkBT

−µ(r′)
kBT

)−1
etA(l)(−u, λ)

désigne l’absorptivité. Rappelons que cette grandeur est définie par le ratio de la puissance
absorbée dans la couche d’émetteurs lorsque sa surface S est éclairée par une onde plane
dans la direction −u et du flux du vecteur de Poynting φ

(l)
inc(−u, λ) de l’onde incidente :

A(l)(−u, λ) =
(
πcϵ0
λ

∫
V
d3r′ϵ′′(r′, λ, µ)|E(r′, λ)|2

)
/

∫
S
dS.φ

(l)
inc(−u, λ). (5.2)

T correspond à la température et µ(r′) au potentiel chimique des photons. Rappelons
également que le potentiel chimique des photons a été introduit dans le contexte de l’élec-
troluminescence émise par des semi-conducteurs [42]. Il est égal à la différence des quasi
niveaux de Fermi des bandes de valence et de conduction et est donné par le produit de
la tension appliquée et de la charge de l’électron dans le cas de l’électroluminescence. En
d’autres termes, il s’agit d’une caractéristique de la force du mécanisme de pompage. Il peut
être défini aussi bien pour les BQs (µBQs) que pour les molécules (µTDBC) et décrit ainsi le
nombre d’émetteurs excités. Il s’agit donc d’une quantité essentielle pour étudier le transfert
d’énergie entre les BQs et les molécules. On montrera par la suite que l’équation (5.1) peut
s’écrire plus simplement et notamment en fonction de ∆µ = µBQs − µTDBC.

Rappelons enfin que la puissance émise d2P (l)
e (u, λ) est d’autant plus élevée que l’absorp-

tivité A(l)(−u, λ) est importante. Cela conduit à observer certaines caractéristiques spectrales
et spatiales aussi bien dans les mesures d’absorption que sur les cartes de photoluminescence.
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Chapitre 5. Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux systèmeshors équilibre
En particulier, l’influence d’un plasmon de surface ou d’un mode en couplage fort dans l’émis-
sion de lumière est prise en compte dans cette quantité. Les minima de réflectivité de la figure
5.1c sont une signature nette de l’augmentation d’absorptivité générée par l’excitation réso-
nante des UP et LP. Cela correspond parfaitement aux maxima d’émission de la figure 5.4a.
En effet, dans l’image réciproque, le système sous pompage optique contient des molécules
ou des BQs qui se désexcitent en émettant de la lumière via ces mêmes modes de surface
UP et LP. De la même manière, la figure 5.4f montre l’émission de lumière assistée par des
plasmons de surface. Ainsi l’équation (5.1) prend bien en compte les mécanismes d’émission
mentionnés ci-dessus. D’un côté une boîte quantique possède une queue d’émission à basse
fréquence qui peut exciter soit le LP soit le SPP en fonction de son environnement électro-
magnétique. Cela conduit à une émission de lumière importante due aux pertes radiatives des
modes de surface dans le verre, proportionnelle à exp(

µBQs

kBT ). D’un autre côté, la même BQ
peut transférer son énergie aux molécules de TDBC. L’émission des molécules dans les modes
accessibles est alors proportionnelle à exp(µTDBC

kBT ).

5.4.2 . Approximations de la loi de Kirchhoff locale
Il est possible de simplifier l’équation 5.1 afin de calculer numériquement la photolumi-

nescence des figures 5.4g-l.

Tout d’abord, l’approximation de Wien est valide à 300 K (i.e. 26,85°C) et énonce que
exp(ℏω−µ(r′)

kBT ) >> 1. On considère ensuite que les milieux sont homogènes dans les différentes
régions considérées des couches de fluorophores (i.e. dans les zones blanchies et non blanchies
de TDBC et dans la couche de BQs), et définis par leur température T , qu’on impose à 300 K.

On considère ensuite que µBQs et µTDBC sont des constantes non nulles dans le volume
contenant les émetteurs excités (représentés par les zones hachurées sur la figure 5.2b) et
valent zéro partout ailleurs. Discutons maintenant de ces volumes de fluorophores excités.

• Définition du volume des BQs excitées

La fréquence d’émission du laser de pompe a été choisie de façon à exciter préférentiellement
les BQs. Le volume comprenant les BQs excitées est donc a priori défini par la taille du laser
d’excitation, ici un disque de diamètre ΦBQs = 500 nm multiplié par l’épaisseur de la couche
de BQs.
On peut vérifier que les BQs en dehors de ce volume ne sont pas excitées par le plasmon à 570
nm issu de la désexcitation des BQs excitées par le laser. Pour cela, on considère le système
décrit sur les figures 5.1a et 5.3f, dans lequel la couche de molécules de TDBC est entière-
ment blanchie, et on calcule la longueur d’atténuation du plasmon (définie par δ = 1/(2k′′)

en intensité) en présence ou non des BQs. En d’autres termes, on calcule tout d’abord la
longueur d’atténuation du plasmon en prenant les paramètres du modèle d’indice de type
Brendel-Bormann donnés dans le tableau 5.2. On trouve δ1 = 2, 21 µm. On effectue ensuite
le même calcul mais en retirant la résonance des BQs. On remplace ainsi le modèle d’indice
nBQs par la contribution du fond seulement, avec nBQs = 1, 78. La longueur d’atténuation
du plasmon augmente alors très légèrement pour passer à 2,36 µm. Comme la longueur d’at-
ténuation n’est pas modifiée significativement, cela signifie que la plupart de l’absorption est
due au métal. L’absorption par les BQs est alors trop faible pour permettre des processus
d’absorption-réémission par les BQs en dehors de la zone pompée. En conséquence les BQs
ne sont excitées que dans le volume défini par la taille du laser de pompe.
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• Définition du volume des molécules de TDBC excitées

Nous avons défini le volume excité des molécules de TBDC à partir des observations et
interprétations des résultats expérimentaux présentés sur les figures 5.4b-f. Dans ces cas, les
molécules de TDBC sont photo-blanchies sur des zones plus larges que le spot d’excitation
du laser et ne peuvent donc pas être excitées par ce dernier.
Cependant, il a été nécessaire d’inclure la contribution des molécules, notamment via un
potentiel chimique des photons non nul pour les molécules, afin de reproduire numériquement
les résultats expérimentaux. On interprète ce résultat en considérant que les molécules de
TDBC sont excitées par les BQs grâce au plasmons de surface émis dans la zone d’excitation
et qui se propagent à travers la zone blanchie. De façon rigoureuse, on devrait prendre en
compte la contribution de toutes les molécules de TDBC en dehors de la zone blanchie.
Cependant, il a été nécessaire pour réaliser les simulations numériques de considérer un volume
de taille finie, que l’on notera ΦTDBC. On considère que toutes les molécules sont excitées
dans ce volume et aucune en dehors (µTDBC(ρ) = 0 pour ρ > ΦTDBC/2, cf figure 5.2b).

On identifie alors trois cas différents :

1. Le cas où les BQs sont déposées au-dessus d’une couche infinie de molécules de TDBC
actives (cf figure 5.4a). Dans ce cas, ΦTDBC = 2δa, avec δa = 1, 21 µm la longueur
d’atténuation en intensité du polariton du haut (UP) à 570 nm.

2. Le cas où les molécules sont photo-blanchies sur des zones plus grandes que ΦBQs mais
avec ΦDPB < 2δ1 (cf figures 5.4 b-c). Rappelons que δ1 = 2, 21 µm a été définie plus
tôt comme étant la longueur d’atténuation du plasmon de surface à 570 nm, émis par
les BQs placées au dessus du DPB. Dans ce cas, ΦTDBC = 2(RDPB + δa), avec δa
définie dans le cas précédent.

3. Pour les situations où le DPB est plus grand que 2δ1 (cf figures 5.4 d-f avec ΦDPB =
5,8 et 40 µm, respectivement), on a pu retrouver l’émission expérimentale sans inclure
la contribution des molécules de TDBC. Ainsi ΦTDBC = 0 µm dans ce cas.

Soulignons que ce choix d’un volume effectif de molécules excitées avec une valeur
constante de µTDBC est équivalent au calcul de l’absorption sur tout le volume des molécules
de TDBC en prenant en compte une décroissance exponentielle du nombre de molécules ex-

citées en
1

r
exp(−r/δa).

Les valeurs des diamètres des volumes de molécules excitées ΦTDBC sont regroupées dans
le tableau 5.1.

ΦDPB = 0 µm ΦDPB = 1 µm ΦDPB = 2 µm ΦDPB ≥ 5 µm
ΦTDBC (µm) 2, 4 3, 4 4, 4 0

Table 5.1 – Valeurs des diamètres des volumes effectifs de molécules excitées ΦTDBC

⋆ ⋆ ⋆

Avec ces hypothèses, il est alors possible de simplifier l’équation 5.1 et de la réarranger
comme la somme des deux contributions dues aux BQs d’une part et aux molécules d’autre
part. Rappelons que les molécules sont placées entre la couche métallique et la couche de
boîtes quantiques. On obtient ainsi en normalisant par la puissance maximale émise à λ0 et
u0 :
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Chapitre 5. Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux systèmeshors équilibre

d3P
(l)
e (u, λ)

d3P
(l)
e (u0, λ0)

=
[A(l)

TDBC(u, λ, µ)IBB(λ)e
µTDBC
kBT +A(l)

BQs(u, λ, µ)(−u, λ)IBB(λ)e
µBQs
kBT ]

[A(l)
TDBC(u0, λ0, µ)IBB(λ0)e

µTDBC
kBT +A(l)

BQs(u0, λ0, µ)(−u0, λ0)IBB(λ0)e
µBQs
kBT ]

,

(5.3)
avec

A(l)
i (−u, λ) =

(
πcϵ0
λ

∫
Vi

d3r′ϵ′′i (r
′, λ, µ)|E(r′, λ)|2

)
/

∫
S
dS.φ

(l)
inc(−u, λ). (5.4)

Rappelons à ce stade que le terme ϵi correspond à la contribution à l’absorption de la
bande excitée de la partie imaginaire de la constante diélectrique des émetteurs i (à savoir
les BQs ou le TDBC).

IBB(λ) =
1

λ5

1

exp
(

hc
λkBT

) . (5.5)

Après factorisation par e
µTDBC
kBT , l’équation 5.3 devient :

d3P
(l)
e (u, λ)

d3P
(l)
e (u0, λ0)

=
IBB(λ)

IBB(λ0)

A(l)
TDBC(−u, λ) +A

(l)
BQs(−u, λ)e

∆µ
kBT

A(l)
TDBC(−u0, λ0) +A(l)

BQs(−u0, λ0)e
∆µ
kBT

, (5.6)

avec ∆µ = µBQs − µTDBC.
Ce paramètre ∆µ est ajusté numériquement pour ajuster les cartes expérimentales de pho-
toluminescence. Pour ΦDPB > 2δ1, l’équation (5.6) se simplifie en prenant ∆µ = µBQs et
dP abs

TDBC(−u, λ) = 0. Seules les BQs contribuent à la photoluminescence dans ce cas.

5.4.3 . Indices de réfraction des fluorophores modélisés par des modèles de
type Brendel-Bormann

Afin de décrire les couches de fluorophores et calculer la puissance absorbée dans ces
couches dans le but de calculer la photoluminescence (cf équation (5.1)), nous allons modéliser
les couches de TDBC et de BQs par un milieu homogène effectif caractérisé par un indice
complexe. Il est nécessaire d’avoir un modèle d’indice précis comme cela a été montré dans le
chapitre 4. On utilise donc un modèle de type Brendel-Bormann [130,140–142] pour décrire les
couches. On ajuste les paramètres du modèle en utilisant la même procédure que celle décrite
dans le chapitre précédent [130]. On rappelle l’expression du modèle de Brendel-Bormann :

ϵ(ω) = ϵbg +

m∑
k=1

Xk(ω), (5.7)
où Xk est une somme infinie d’oscillateurs de Lorentz dont les amplitudes sont données par
une fonction gaussienne :

Xk(ω) =
1√
2πσk

∫ +∞

−∞
dx exp

(
−(x− ν0k)

2

2σ2
k

)
ν2pk

x2 − ω2 − iντkω
. (5.8)

— Les paramètres de la couche de molécules de TDBC sont les mêmes que ceux présen-
tés dans le chapitre précédent et la référence [130]. En effet, l’échantillon expérimental
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étudié dans le chapitre 4 est le même que celui utilisé ici sans blanchiment et avant
dépôt des BQs.

— On modélise le DPB par un milieu homogène, décrit par un indice de réfraction constant
ne présentant pas de transition excitonique.

— Les modèles de permittivité des BQs et du DPB sont déterminés en même temps par
la procédure d’optimisation décrite dans le chapitre 4 à partir de la carte de photolu-
minescence expérimentale présentée sur la figure 5.4f. Le système est composé dans
ce cas des BQs sur une couche infinie de TDBC blanchie. Seules les BQs contribuent
ainsi à l’émission de lumière.

Avant de réaliser la procédure d’optimisation pour trouver les indices des BQs et des zones
photo-blanchies, on filtre le bruit en convoluant les données expérimentales par une fenêtre
rectangulaire dans le plan (λ,θ), dont les largeurs valent 6,2 nm et 2°.

Les valeurs des paramètres des modèles d’indice obtenus sont présentées dans le tableau
5.2.

Paramètres TDBC TDBC BQs
k = 1 k = 2 k = 3 blanchies k = 1 k = 2

ν0k (eV) 2, 07 2, 14 2, 17 / 2, 22 2, 76
ντk (eV) 1, 14e−9 1, 46e−13 2, 10e−6 / 3, 83e−12 3, 72e−11

νpk (eV) 0, 10 1, 44 0, 25 / 0, 013 0, 83
σk (eV) 0, 025 0, 025 0, 070 / 0, 042 0, 13

ϵbg 2, 83 2, 13 3, 18
n⊥ 2, 82 / /

Table 5.2 – Paramètres des modèles d’indice de type Brendel-Bormann pour la couche de TDBC, les disques de TDBCblanchies et les BQs.

5.4.4 . Ajustements des épaisseurs des couches de fluorophores

Une fois que les modèles d’indice ont été obtenus pour chaque type d’émetteurs séparé-
ment, il devient possible de calculer l’émission par le système total multicouches, composé
des BQs sur une couche de TDBC présentant ou non une zone photo-blanchie, le tout sur
une fine couche d’argent. On ajuste les épaisseurs des différentes couches à partir des résul-
tats expérimentaux sans zone blanchie (cf figure 5.4g). On obtient alors hthTDBC = 11 nm et
hthBQs = 15 nm, ce qui est cohérent avec les mesures expérimentales faites à l’AFM (hTDBC

= 17 nm et hBQ = 15 nm). Ces valeurs sont ensuite maintenues constantes pour toutes les
configurations des DPBs (sur les figures 5.4g-l).

5.4.5 . Résultats numériques et étude du transfert d’énergie avec ∆µ

Une fois les modèles d’indice et les épaisseurs des différentes couches ont été obtenus,
la photoluminescence du système total (cf figures 5.1a, 5.2a) peut être calculée à l’aide de
l’équation (5.6). On peut alors comparer les résultats théoriques (figures 5.4g-l) aux résultats
expérimentaux (figures 5.4a-f). Les résultats expérimentaux de la figure 5.3 ont été reproduits
pour faciliter la comparaison.
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Chapitre 5. Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux systèmeshors équilibre
Il a été nécessaire d’ajuster la valeur de ∆µ pour retrouver les intensités relatives entre

les branches UP et LP. Ces valeurs de ∆µ sont présentées dans le tableau 5.3.

ΦDPB = 0 µm ΦDPB = 1 µm ΦDPB = 2 µm ΦDPB ≥ 5 µm
∆µ (meV) 270 291 295 µBQs

Table 5.3 – Valeurs ajustées de∆µ = µBQs − µTDBC.
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Figure 5.4 – a)-f) Cartes de photoluminescence E(k∥) expérimentales (’Exp’) et g)-l) simulations numériques (’Th’) dephotoluminescence, pour différentes zones excitées et observées sur l’échantillon. Sur les figures a) et g), le laser d’exci-tation est focalisé sur une zone non blanchie ; à savoir une zone où les molécules de TDBC sont actives. Pour les autresfigures, le diamètre du DPB est indiqué au dessus de chaque paire de résultats expérimentaux/théoriques, et les cartesexpérimentales sont obtenues avec un laser d’excitation focalisé au centre du DPB. Les relations de dispersion des pola-ritons ainsi que des SPPs ont également été superposées en traits rouges pointillés sur les figures g) et l) respectivement.

Comme on a montré précédemment qu’il n’y avait pas de processus d’absorption - ré-
émission dans les BQs, il est raisonnable de considérer que le nombre de BQs excitées est
constant pour toutes les configurations de DPBs. En conséquence, la variation de ∆µ traduit
nécessairement une variation de µTDBC, et donc du nombre de molécules de TDBC excitées.
L’augmentation de ∆µ avec le rayon croissant des DPBs traduit ainsi un nombre de plus en
plus faible de molécules excitées (i.e. une valeur plus faible de µTDBC).
Ces valeurs sont compatibles avec l’image d’un transfert d’énergie entre les BQs et les mo-
lécules de TDBC assisté par SPPs. Ce transfert est supprimé si la longueur d’atténuation du
plasmon de surface est plus petite que le rayon de la zone photo-blanchie de molécules. Ici,
on trouve que pour ΦDPB ⩾ 5 µm, le transfert d’énergie n’existe plus, ce qui est cohérent
avec l’évaluation de la longueur d’atténuation du plasmon, estimée autour de 2 µm. Dans ce
cas, seules les BQs contribuent à la photoluminescence observée (figures 5.4d-f et j-l).
Il est intéressant de souligner que l’on observe de la lumière émise le long de la relation de
dispersion du UP (figures 5.4a-c et g-i). Ce phénomène n’est pas observé en l’absence des
BQs, comme cela a déjà été reporté dans la littérature [97], et le chapitre précédent. Ici,
l’émission via le UP est due à l’excitation directe du UP par les BQs. Lorsque le rayon du
DPB augmente (cf figures 5.4(e-f)), l’émission par les BQs est alors assistée par le SPP.

5.4.6 . Photoluminescence en dehors des modes SPP, UP et LP
Enfin, discutons de la relation de dispersion élargie en k∥ que l’on peut observer sur les

figures 5.4 b-e. Cet élargissement ne peut pas être expliqué seulement à partir des relations de
dispersion du polariton ou du plasmon. Les simulations numériques présentées sur les figures
5.4h-k montrent que le modèle est capable de reproduire les données expérimentales. Cette
dépendance angulaire est donc bien inclue dans le terme d’absorptivité de l’échantillon.
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Pour comprendre l’origine de cette absorption lorsque l’on éclaire dans une direction qui ne
permet pas d’exciter d’ondes de surface, considérons un cas particulier E = 2, 15 eV et
k∥ = 14 µm−1. Une explication physique de cet élargissement en k∥ peut être donnée en
analysant l’effet du DPB. D’après la loi de Kirchhoff, la lumière émise provient de zones dans
lesquelles l’absorption (proportionnelle à Im(ϵ)|E|2) est importante. On peut donc tracer le
champ |E⃗z| dans la structure lorsqu’elle est éclairée par une onde plane depuis le verre en
direction de l’échantillon, avec ces valeurs spécifiques de vecteur d’onde et d’énergie. Ces
valeurs correspondent à un angle incident de 58◦ et une longueur d’onde dans le vide de
λ = 576, 7 nm, représentées sur le schéma de la figure 5.5. Examinons l’allure du champ dans
deux cas spécifiques : sans zone blanchie dans la couche de TDBC sur la figure 5.5a, et avec un
DPB dont le diamètre vaut ΦDPB = 1 µm sur la figure 5.5b. Lorsque les molécules sont actives
partout, il n’y a pas de couplage entre l’onde plane incidente et un champ évanescent. En
revanche, lorsque la zone de molécules photoblanchies est présente, le champ est grandement
exalté. Le disque photo-blanchi joue donc le rôle d’antenne, permettant de coupler la lumière
à la structure pour une large gamme de vecteurs d’onde. Par réciprocité, les BQs excitées
dans cette zone où le champ est non nul sont capables de se désexciter dans la même gamme
de vecteurs d’onde, comme on peut l’observer sur la carte de photoluminescence 5.4b. En
résumé, l’apparition des nouvelles directions d’émission est due à la diffraction des plasmons
de surface par la zone photoblanchie qui présente un contraste d’indice.
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Figure 5.5 – Schéma du système sur lequel est superposée la composante E⃗z du champ électrique (en module), générépar une onde plane incidente, polarisée TM, éclairant l’échantillon depuis le verre, avec un vecteur d’onde parallèle
k∥ = 14 µm−1 à 2,15 eV (soit λ = 576, 7 nm et 58°). a) Carte de champ d’une zone homogène (sans DPB) éclairée.Aucun mode n’est excité, ce qui se traduit par un champ nul. b) Carte de champs en présence du DPB permet de secoupler à l’onde plane, ce qui génère un champ intense au voisinage du DPB.

5.5 . Résumé

Dans ce chapitre, nous avons abordé une façon de caractériser la photoluminescence et
le transfert d’énergie dans des systèmes avec des interactions complexes entre des émet-
teurs organiques (les agrégats de TDBC) et inorganiques (les BQs), imposées par le couplage
lumière-matière. En tirant partie de la microtexturation de la couche organique, en réalisant
des zones blanchies où les molécules ne sont plus actives, l’environnement électromagnétique
créé par l’hybridation de l’émission par les molécules et le mode plasmonique a pu être sondé
à l’aide des BQs, en fonction de la distance entre les deux ensembles d’émetteurs. Cette tex-
turation a notamment permis de cibler les BQs séparément tout en contrôlant la quantité de
molécules de TDBC actives tout autour. Cela conduit à une variation à la fois de l’allure des
modes propagatifs mais également de leur distribution d’intensité. Étonnamment, on observe
de l’émission de lumière via le mode UP, contrairement à ce qui est habituellement observé en
l’absence des BQs. On relève aussi une émission de lumière pour les valeurs élevées de vecteurs
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Chapitre 5. Transfert d’énergie induit par des plasmons de surface entre deux systèmeshors équilibre
d’onde ne correspondant pas à des ondes de surface. Les observations expérimentales ont pu
être comprises en détail grâce à un modèle théorique faisant intervenir la forme locale de la loi
de Kirchhoff. Cette loi permet d’introduire la dépendance spatiale du potentiel chimique des
photons intervenant dans chaque couche d’émetteurs. Les simulations numériques montrent
un transfert d’énergie assisté par plasmon sur des distances de plusieurs micromètres séparant
les familles d’émetteurs organiques et inorganiques. Le très bon accord entre les simulations
numériques et les expériences, pour n’importe quelle taille de disque photo-blanchi, montre
que cette méthode globale permet l’interprétation de systèmes dans lesquels des matériaux
thermalisés avec des potentiels chimiques différents se couplent à des structures complexes.
Ces conclusions ouvrent la voie à l’étude approfondie d’interactions assistées par l’environne-
ment électromagnétique entre des matériaux qui ne sont pas à l’équilibre thermodynamique.
Cela ouvre de nouvelles possibilités pour la conception et la réalisation de nouveaux matériaux
fusionnant des structures résonantes plasmoniques, des matériaux organiques et inorganiques.
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Chapitre 6

Réalisation de métasurfaces
photoluminescentes directives

6.1 . Introduction

Les LEDs ("Light Emitting Diodes") ont révolutionné le domaine de l’éclairage et celui
de l’affichage par leur grande efficacité énergétique et leur petite taille. Pourtant, contrôler la
direction, le spectre et la polarisation de la lumière émise impose l’utilisation de composants
optiques secondaires, tels que des collimateurs, filtres et polariseurs. Ce sont des composants
qui réduisent le flux lumineux et augmentent le coût et l’encombrement du système optique
émetteur [23,31]. Dans ce chapitre, nous cherchons à réaliser une source photoluminescente
directive et miniaturisée, dans le spectre visible. Les dernières avancées en nanophotonique
montrent pour cela qu’il est possible d’utiliser un unique composant multifonction composé
de blocs élémentaires (métalliques ou diélectriques) agencés périodiquement, appelé métasur-
face, et dont les dimensions caractéristiques sont plus petites que la longueur d’onde [162].
Si ces métasurfaces ont initialement été conçues pour contrôler le front d’onde d’une lumière
cohérente incidente issue d’une source extérieure, en diffractant cette lumière, des expériences
récentes ont ensuite adapté ce concept pour concevoir des métasurfaces émettrices direction-
nelles composés d’émetteurs sur un arrangement périodique d’antennes [23, 28–32, 125]. On
peut trouver un résumé de l’état de l’art de ces métasurfaces émettrices dans des articles de
revue [22,23]. Le formalisme usuellement employé pour décrire l’émission de lumière consiste
à sommer de façon incohérentes les intensités générés par des dipôles indépendants placées
sur la métasurface. Ce formalisme rend bien compte des propriétés de directivité et de polari-
sation de la lumière mais ne permet pas de quantifier avec précision la puissance émise. Or,
un calcul absolu de la puissance émise est nécessaire pour optimiser l’extraction de lumière.
En outre, les travaux effectués dans le cadre de l’émission thermique ont également démontré
qu’il était possible de contrôler de la directivité de la lumière [47, 109, 163], en utilisant la
cohérence induite par des ondes de surface et en les diffractant à l’aide de réseaux.
Les travaux réalisés dans notre équipe ont montré que la loi de Kirchhoff pouvait être utilisée
avec succès non seulement pour analyser des situations expérimentales complexes d’émission
de lumière [34, 130, 159], comme présentés dans les chapitres 4 et 5, mais également pour
concevoir des sources incandescentes avec des propriétés contrôlées [164]. Nous montrons
dans ce chapitre que cette même loi de Kirchhoff peut aussi être utilisée en amont pour
concevoir une métasurface intégrant la source de lumière luminescente (des fluorophores) et
les fonctionnalités optiques (la directivité et le spectre) dans un seul et même composant.
Nous nous inspirons pour cela des travaux réalisés dans le cadre de l’émission thermique.
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6.2 . Concevoir des sources photoluminescentes directives avec la loi de
Kirchhoff

Dans ce chapitre, nous cherchons à réaliser une source photoluminescente directive et
optimisée. Pour cela, nous utilisons la loi de Kirchhoff adaptée à une source étendue de taille
S, que nous rappelons dans la relation suivante :

A(l)(−u, λ, µ)LBB(λ, µ, T ) = L(l)(u, λ, µ, T ), (6.1)
où LBB(λ, µ, T ) correspond à la loi de Planck généralisée hc2

λ5
1

exp( hc
λkBT

− µ
kBT

)−1
(on re-

trouve la luminance du corps noir en prenant µ = 0), et L(λ,u, µ, T ) correspond à la lumi-
nance de la source de lumière que l’on cherche à concevoir. Le terme A(l)(−u, λ, µ) désigne
l’absorptivité et correspond à l’absorption dans la couche d’émetteurs d’une onde plane inci-
dente polarisée selon l, à la longueur d’onde λ et venant de la direction −u.

Rappelons que la puissance émise d2P
(l)
e (u, λ) à la longueur d’onde λ, dans la direction

u et pour une polarisation l s’écrit

d2P (l)
e (u, λ) = dλdΩ S cos θA(l)(u, λ, µ)LBB(λ, µ, T ),

= dλdΩ S cos θL(l)(u, λ, µ, T ),
(6.2)

avec S la taille de la source et θ l’angle d’émission formé par la normale à cette surface
et la direction d’émission u.

La loi de Kirchhoff indique non seulement qu’il faut maximiser l’absorptivité dans la
couche des émetteurs (à la longueur d’onde d’émission) pour maximiser l’intensité émise
mais également que les propriétés de directivité, de polarisation et de spectre sont inclues
dans l’absorption. On peut donc exalter l’émission grâce à un couplage résonant à des modes
et faire de l’ingénierie de ces modes pour que le faisceau de lumière émise soit directif. Rappe-
lons que la directivité de la lumière émise est intrinsèquement liée aux propriétés de cohérence
spatiale au niveau des émetteurs, comme cela a été présenté dans le chapitre d’introduction.
Ainsi, en utilisant la cohérence spatiale induite par la propagation de modes délocalisés dans
la métasurface, telles que des plasmons polaritons, il devient possible de réaliser une source
directive dans le visible à partir de fluorophores déposés dans la métasurface. Il suffit pour
cela de coupler les modes délocalisés aux modes propagatifs du vide à l’aide notamment d’un
réseau.
Or, l’utilisation de métal pour une métasurface plasmonique engendre nécessairement des
pertes ohmiques importantes. Afin de maximiser l’émission de lumière, il faut donc concevoir
numériquement une métasurface dans laquelle les pertes se concentrent majoritairement dans
la couche d’émetteurs (cf équation (6.1)) et non pas dans le métal. Pour cela, on cherche à
se rapprocher du couplage critique, qui correspond à la situation où l’absorption est maximale
dans le système {réseau métallique + émetteurs}. Cette situation correspond au cas optimal
où les pertes radiatives du mode sont égales aux pertes ohmiques. Cela revient à avoir une
réflectivité nulle. La deuxième étape revient ensuite à trouver les paramètres géométriques du
réseau de façon à maximiser les pertes ohmiques dans les émetteurs et minimiser les pertes
dans le métal. Dans le même temps, on ajuste les paramètres du réseau de façon à avoir une
émission directive, ce qui assure une source optimisée et directive.

Usuellement, les métasurfaces émettrices sont conçues numériquement en cherchant l’in-
tensité émise par un émetteur unique déposé sur la métasurface en le modélisant par un dipôle.
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
Son émission est notamment proportionnelle au taux d’excitation, à son efficacité quantique
et à l’efficacité d’extraction [22, 30]. L’émission totale d’une assemblée d’émetteurs déposée
sur une métasurface est ensuite obtenue en sommant les intensités générées par les dipôles
placés à différentes positions sur la métasurface et pour toutes les orientations possibles.
Cela peut notamment se faire avec la méthode des éléments finis [124]. Cette méthode ne
permet pas de prédire la puissance émise dans l’absolu, contrairement à la loi de Kirchhoff.
Cette dernière peut ainsi être vue comme un nouvel outil d’ingénierie permettant d’optimiser
l’efficacité de la source en optimisant l’absorptivité dans la couche des émetteurs.
Soulignons à ce stade que c’est précisément ce qui est recherché lorsque des métasurfaces sont
conçues pour détecter des composants (notamment avec la spectroscopie SEIRA, "Surface-
Enhanced Infrared Absorption Spectroscopy", basée sur l’exaltation de champ). Le but est en
effet de maximiser l’absorption d’une substance pour mieux la détecter. Comme précisé précé-
demment, maximiser l’absorption peut se faire en se plaçant en couplage critique. Pourtant,
l’approche couramment employée dans la conception de ces métasurfaces consiste à ajuster
les paramètres du réseau métallique sans les absorbeurs, à chercher à obtenir une résonance
étroite [165], puis à rajouter les absorbeurs, en supposant que ces derniers ne perturberont
pas le résonateur [166]. En réalisant une surface résonante, le champ ainsi exalté permettrait
une absorption maximale par les absorbeurs une fois déposés. Or cette méthode perturbative
ne prend pas en compte l’action des absorbeurs sur le champ, qui modifient le régime de cou-
plage. Si l’on considère une métasurface en régime critique en l’absence d’absorbeurs, alors,
elle ne sera plus en régime critique en présence d’absorbeur. En outre, se placer au couplage
critique pour le réseau métallique implique une grande absorption dans le métal mais n’im-
plique pas nécessairement un champ maximal en dehors, là où seront placés les absorbeurs.
Il est ainsi nécessaire de concevoir une métasurface en présence des absorbeurs, de façon à
maximiser l’absorption dans cette couche et minimiser l’absorption dans le métal. Il faut donc
distinguer le régime de couplage critique avec et sans absorbeurs.
Une autre approche consisterait à se placer en régime de surcouplage pour la métasurface sans
absorbeurs. De cette façon, les pertes radiatives seraient supérieures aux pertes non radiatives.
Le dépôt d’absorbeurs, en rajoutant des pertes ohmiques, tendrait à ramener le système au
couplage critique. Être en régime de sur-couplage pour le réseau métallique seul a notamment
l’intérêt de présenter une résonance large dans le métal, dont la largeur est contrôlée par les
pertes radiatives : la condition de couplage critique en présence des absorbeurs devrait être
vérifiée sur une large gamme spectrale. Le choix de l’indice des absorbeurs n’est donc pas
critique [166].

Toutes les simulations d’absorption présentées dans ce chapitre ont été réalisées sur Mat-
lab avec la bibliothèque Reticolo, développée par Philippe Lalanne et Jean-Paul Hugonin [167].
Ces codes Reticolo ont été développés en particulier pour la résolution des équations de
Maxwell dans des systèmes périodiques stratifiés. On utilise pour cela la méthode RCWA
("Rigorous Coupled Wave Analysis") qui consiste à décomposer la structure et les champs
électromagnétiques en série de Fourier-Floquet.

6.3 . Les fluorophores utilisés : des nanoplaquettes

Nous avons choisi d’utiliser des nanoplaquettes comme émetteurs couplés à une métasur-
face pour réaliser de l’émission de lumière directive. Ces nanoplaquettes sont des nanocristaux
semi-conducteurs colloïdaux, aussi connus comme puits quantiques en solution, dont les pro-
priétés optiques dépendent principalement de leur taille. Ce sont des matériaux de forme
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rectangulaire dont les dimensions peuvent être contrôlées au nanomètre près. Contrairement
aux boîtes quantiques qui présentent un confinement (et donc une discrétisation des niveaux
d’énergie) dans les trois dimensions, les nanoplaquettes ne sont confinées que dans une seule
dimension, donnée par son épaisseur. La première synthèse contrôlée de nanoplaquettes en
CdSe, CdS et CdTe a été réalisée en 2011 par une équipe de l’ESPCI [168]. Comme l’épais-
seur des nanoplaquettes impose l’énergie de l’exciton et donc la longueur d’onde d’émission,
cela permet une grande accordabilité sur une large gamme spectrale et permet d’obtenir
des assemblées de nanoplaquettes avec une faible largeur spectrale inhomogène. Le pic de
photoluminescence est notamment plus fin que celui obtenu avec des boîtes quantiques (de
l’ordre de 20-40 nm de largeur à mi-hauteur pour les nanoplaquettes [169]). Ces dernières
ont en outre l’avantage de présenter une force d’oscillateur élevée. Ces émetteurs ont ensuite
été améliorés en rajoutant une enveloppe. On parle alors de nanoplaquettes cœur/coquille
("core/shell") [170, 171]. Si l’épaisseur du cœur détermine la taille du puits quantique, la
coquille influe quant à elle sur la barrière de potentiel. Cela présente de nombreux avantages.
Tout d’abord, cette coquille permet de protéger l’exciton des défauts de surface, ce qui per-
met d’améliorer grandement l’efficacité quantique [170]. Un rendement quantique de 80 %
à température ambiante a notamment été obtenu pour des nanoplaquettes cœur/coquille en
CdSe/CdZnS [171], ce qui se traduit par des émetteurs très brillants. Elles sont en outre
plus robustes, plus résistantes au photo-blanchiment et au clignotement ("blinking") lors de
l’émission de lumière [170].
Toutes ces caractéristiques, ainsi qu’un faible coût de synthèse, en ont fait des outils de choix
pour réaliser de nouvelles sources de lumière, comme la réalisation de diodes laser ou de LEDs
de meilleure pureté spectrale [169,172,173] ou avec de nouvelles propriétés spectrales [174],
pour l’étude du couplage fort [132] ou encore pour la photodétection [169].

Les nanoplaquettes que nous utilisons ont été synthétisées à l’ESPCI par Corentin Dabard
et Sandrine Ithurria. Il s’agit de nanoplaquettes cœur/coquille, avec un cœur composé de
4 monocouches de CdSe et entouré par une coquille de ∼ 4 − 5 monocouches de ZnS de
part et d’autre, le tout en solution dans du toluène. Les nanoplaquettes sont également
recouvertes de ligands, majoritairement des ligands oléates. Le schéma d’une nanoplaquette
est présenté sur la figure 6.1a. Les dimensions sont issues de l’image TEM donnée sur la figure
6.1b. Les spectres d’émission et d’absorption normalisés sont tracés sur la figure 6.1c. Ces
données expérimentales ont été obtenues par Corentin Dabard en diluant 20 µL de solution de
nanoplaquettes dans 3 mL de toluène. Ces spectres permettent d’évaluer le décalage de Stokes
comme la différence du maximum d’émission (représenté par la ligne verticale en pointillés
rouges) et le maximum d’absorption (représenté par la ligne verticale en pointillés bleus). On
mesure ainsi un décalage de Stokes de 20 nm, soit 70 meV. Le rendement quantique a quant
à lui été évalué à 50-55 %.

Dans un premier temps, on utilisera l’indice des nanoplaquettes obtenu par Ilan Shlesin-
ger à partir d’ajustement sur les cartes de réflectivité en couplage fort [132] pour optimiser
numériquement des métasurfaces directives. Il s’agit d’un indice Lorentzien, utilisé pour des
nanoplaquettes émettant autour de 608 nm. Bien que cet indice ne permette pas d’obtenir
l’émission à partir de la loi de Kirchhoff, comme on a pu le montrer dans le chapitre 4, on
peut tout de même l’utiliser pour optimiser les paramètres des métasurfaces à partir de calculs
d’absorptivité, à la longueur d’onde d’émission des nanoplaquettes.
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
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Figure 6.1 – a) Schéma d’une nanoplaquette cœur/coquille en CdSe/ZnS. Les ligands ne sont pas représentés sur ceschéma. (b) Image TEM des nanoplaquettes de CdSe/ZnS. (c) Absorbance et spectre d’émission normalisé des nano-plaquettes, en solution dans le toluène, conduisant à un décalage de Stokes de 20 nm, pour un pic d’absorption à 585nm (ligne verticale en pointillés bleus) et un pic d’émission à 605 nm (ligne verticale en pointillés rouges). Ces donnéesexpérimentales ont été obtenues par Corentin Dabard (ESPCI).

6.4 . Banc de caractérisation

La métasurface est caractérisée sur le montage expérimental présenté sur la figure 6.2
qui permet d’imager le plan de Fourier de l’objectif sur la fente d’entrée du spectromètre. Ce
système d’imagerie permet de caractériser le spectre angulaire de la lumière émise. En effet,
tous les rayons émis dans une direction donnée sont focalisés en un seul point dans ce plan de
Fourier, comme représenté sur le schéma de la figure 6.3. La fente d’entrée du spectromètre
permet ensuite de ne sélectionner qu’une partie de l’image du plan de Fourier, à savoir l’émis-
sion à ky = 0 µm−1 pour Φ = 0°. Un système d’imagerie interne au spectromètre permet
ensuite de disperser spectralement l’image à l’aide d’un réseau, ce qui permet de graduer
le spectre en longueurs d’onde. On obtient ainsi l’image de la photoluminescence émise en
fonction de kx et λ sur une caméra CCD (refroidie à -70 °C pour limiter le bruit d’obscurité).
Ce système d’imagerie permet ainsi de caractériser à la fois le spectre et la directivité de la
lumière émise.

Plan de Fourier

Lame dichroïque

Echantillon

Lames séparatrices
Laser HeNe

L1PL2

M1

L3

L4

M2

M amovible

spectro/caméra
Spectromètre

Caméra CCD

Lampe à vapeur 

de mercure

Figure 6.2 – Photo du montage d’imagerie du plan de Fourier. Le plan de Fourier est conjugué à la fente d’entrée duspectromètre. Un réseau dans le spectromètre permet ensuite de disperser la lumière et un système optique internepemet ensuite d’imager cette image sur une caméra CCD refroidie à -70°C. Le trajet de la photoluminescence depuis leplan de Fourier est représenté en rouge, celui du signal de pompe est représenté en bleu. Les lentilles sont représentéespar la lettre (L), les miroirs par la lettre (M) et le polariseur par la lettre (P).

L’échantillon est pompé à 436 nm - une fréquence à laquelle l’absorption par les nano-
plaquettes est élevée (cf figure 6.1) - à partir d’une source à vapeur de mercure et d’un filtre
d’excitation permettant d’isoler ce pic de l’ensemble du spectre. On récupère la photolumines-
cence en coupant le signal de pompe à l’aide d’un miroir dichroïque, qui permet de réfléchir

91



le signal de pompe dont la longueur d’onde est inférieure à λMD = 510 nm et transmettre
le faisceau de photoluminescence dont la longueur d’onde est supérieure à λMD. Le trajet de
la lumière est représenté en rouge depuis le plan de Fourier pour la photoluminescence et en
bleu pour le signal de pompe sur la figure 6.2.

On utilise un objectif de microscope Olympus de grande ouverture numérique ON = 0,75,
et de grossissement ×40, conçu pour travailler en configuration infini-foyer. Cet objectif nous
permet de sonder une zone de ∼ 112 µm de diamètre et de collecter des rayons émis avec un
angle maximal d’émission par rapport à la normale θmax de 48,6°.

Le choix des optiques a été fait de façon à imager la moitié du plan de Fourier sur la
caméra CCD du spectromètre afin d’avoir la plus grande résolution angulaire possible. Le
diamètre du plan de Fourier est donné par ΦPF = f ′

obj×ON, soit ΦPF = 3, 38 mm. En effet
la lentille de tube des microscopes Olympus a une focale de 180 mm, ce qui conduit à une
focale de 4,5 mm pour notre objectif. D’autre part, le détecteur de la caméra CCD utilisée
mesure 3,8 mm de hauteur pour 256 pixels. Ainsi, en imposant un grandissement de 1 pour
les optiques, on s’assure d’imager un peu plus de la moitié du plan de Fourier. Nous avons
également vérifié que le grandissement interne du spectromètre était de 1. Imager une zone
légèrement plus grande que la moitié du plan de Fourier permet notamment de repérer avec
précision le centre du plan de Fourier et ainsi de calibrer les axes. On utilise pour cela un laser
He-Ne à 633 nm focalisé dans le plan de Fourier. Les étapes de calibration avec le laser sont
données en annexe D. En outre, les lentilles sont placées de façon à rendre le système optique
"télécentrique image", ce qui permet d’avoir un grandissement homogène dans le champ de
vision et évite notamment de déformer les objets proches des bords du champ. Ce point est
essentiel lorsque l’on cherche à connaître avec précision la répartition angulaire d’intensité.
Pour cela, on place les lentilles de façon à ce que le plan focal image d’une lentille donnée soit
confondu avec le plan focal objet de la suivante, comme montré sur le schéma du montage
optique de la figure 6.3.

Plan de Fourier Détecteur
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Figure 6.3 – Schéma du montage optique expérimental. La conjugaison d’un faisceau émis dans une direction θ par lesystème optique est représentée en rouge.

Soulignons à ce stade que les graduations du plan de Fourier sont directement propor-
tionnelles aux vecteurs d’onde kx = k0 sin(θ) cos(ϕ) et ky = k0 sin(θ) sin(ϕ), avec
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X =

f ′
objkx

k0
,

Y =
f ′
objky

k0
.

(6.3)

La puissance étant mesurée dans le plan de Fourier en (kx,ky), on peut comparer les résul-
tats expérimentaux avec les simulations numériques en effectuant le changement de variable
(θ,Φ) → (kx,ky) dans la loi de Kirchhoff locale, comme cela a été fait dans les chapitres
précédents, ce qui donne dkxdky = dΩcos(θ).

De cette manière, la puissance émise théorique se réécrit donc sous la forme

d3P (l)
e (u, λ) = dλdkxdkySA(l)(u, λ, µ)LBB(λ, µ, T ). (6.4)

6.5 . Conception et réalisation de sources directives 1D en or

6.5.1 . Optimisation théorique d’une métasurface directive 1D
On choisit dans un premier temps de réaliser une métasurface plasmonique en or. Il s’agit

d’un métal couramment utilisé dans les processus de fabrication qui présente l’avantage de ne
pas s’oxyder. On choisit de réaliser un réseau métallique lamellaire (1D), à l’image de ce qui a
été fait dans le cadre de l’émission thermique [47]. Le schéma de la métasurface est présenté
sur le schéma de la figure 6.4. On fera référence à ce réseau en l’appelant réseau 1D. Ce type
de métasurface permet a priori la diffraction de plasmons de surface existant à l’interface entre
l’or et la couche de fluorophores et utilise les propriétés de cohérence spatiale des plasmons
pour obtenir de la directivité. On calcule ainsi avec la méthode RCWA l’absorption dans la
couche de nanoplaquettes lorsque la structure est éclairée par une onde plane incidente avec
un angle et une longueur d’onde que l’on fait varier. Les calculs RCWA sont menés avec 41
harmoniques spatiales en polarisation Transverse Magnétique (TM) et Transverse Électrique
(TE) pour Φ = 0° (cf figure 6.4). On peut ainsi calculer l’absorptivité en fonction de l’angle
d’incidence, du spectre et de la polarisation TE ou TM (cf figure 6.5). On joue alors sur les
pertes dans les nanoplaquettes en modifiant les paramètres géométriques du réseau {hres,
lres, pres} et l’épaisseur du dépôt de nanoplaquettes {htop−Nps}. Les paramètres que nous
avons choisis permettent de maximiser l’absorption dans les émetteurs tout en obtenant une
émission directive dans les deux polarisations. Ils sont présentés dans le tableau 6.1.

paramètres du réseau 1D d’or hres lres pres htop−Npsdimensions (nm) 100 336 575 30

Table 6.1 – Paramètres géométriques de la métasurface d’or recouverte de nanoplaquettes, issus de simulations nu-mériques visant à maximiser l’absorption dans la couche de nanoplaquettes tout en réalisant une émission directive.

L’épaisseur htop−Nps = 30 nm correspond au résultat optimal dû au compromis entre une
absorption élevée (plus l’épaisseur de la couche augmente, plus l’absorption sera élevée) et une
absorption directive. Les résultats d’absorption sont présentés sur la figure 6.5. On observe
alors bien une absorption directive à la fois dans la polarisation TE et polarisation TM, ce qui
conduit à une absorption (et donc une émission par réciprocité) directive, y compris pour une
lumière non-polarisée. Ceci indique que l’excitation d’un plasmon n’est pas le seul mécanisme
mis en jeu. Nous analyserons ces résultats plus loin. On obtient ainsi une émission directive
non-polarisée avec une demi-largeur à mi-hauteur de 24,3° et une absorptivité de 0,38.
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Figure 6.5 – Diagrammes d’absorption théoriques A(−u, λ) obtenus à la longueur d’onde d’émission des nanopla-quettes (λ = 605 nm) en (a) TE , (b) TM et (c) non-polarisée (moyenne TE+TM) pour un réseau 1D d’or recouvert de nano-plaquettes avec les paramètres suivants : hres = 100 nm, htop−Nps = 30 nm, lres = 336 nm, pres = 575 nm. Les lignesvertes correspondent à l’anglemaximal pouvant être collecté dans le système expérimental avec θmax = ± arcsin(ON).

Afin d’évaluer l’exaltation d’absorption générée par la présence de la métasurface, nous
avons évalué l’absorption à θ = 0°, Φ = 0° en présence de la métasurface et lorsque qu’une
couche de 130 nm est déposée sur un substrat d’or non texturé ou lorsqu’elle est déposée
sur du verre. Cette épaisseur de 130 nm est choisie pour correspondre à la hauteur totale
des nanoplaquettes en présence de la métasurface. Ces calculs d’absorption permettent ainsi
de définir deux ratios : Rres

Au comme le rapport de l’absorption dans les nanoplaquettes à 605
nm sur la métasurface d’or et l’absorption dans les nanoplaquettes déposées sur un substrat
infini d’or et Rres

verre comme le rapport de l’absorption dans les nanoplaquettes à 605 nm sur
la métasurface d’or et l’absorption dans les nanoplaquettes déposées sur un substrat infini de
verre. Les résultats sont présentés dans le tableau 6.2 pour les deux polarisations TE, TM et
pour une lumière non-polarisée (comme la moyenne des absorptions en TE et TM).

polarisation TE TM lumière non-polarisée
Rres

Au(λ = 605 nm, θ = 0°) 2, 3 2, 0 2, 1
Rres

verre(λ = 605 nm, θ = 0°) 3, 8 3, 3 3, 6

Table 6.2 – Exaltation d’absorption dans les nanoplaquettes à 605 nm, pour θ,Φ = 0 ° en présence de la métasurfaced’or, comparée à l’absorption sur un substrat non texturé d’or Rres
Au, ou sur un substrat de verre Rres

verre.

On observe ainsi une exaltation d’absorption, et donc d’émission, au moins d’un facteur
2 dans le cas non-polarisé.
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
6.5.2 . Fabrication des échantillons en salle blanche

Une fois la géométrie de l’échantillon choisie, nous procédons à sa fabrication en salle
blanche avec le procédé de lift-off. Les étapes de ce procédé sont résumées sur le schéma de
la figure 6.6.

résine

substrat

métal

(a) (b)

(c) (d)

Figure 6.6 – Schéma du procédé de lift-off. (a) Dépôt d’une résine sur le substrat. (b) Écriture d’un motif par lithographieélectronique. (c) Dépôt de métal sur la résine texturée. (d) Lift-off i.e. retrait de la résine et obtention du motif final.

La fabrication de la métasurface métallique s’est faite au C2N en collaboration avec Jean-
René Coudevylle, qui m’a formée sur les étapes de fabrication (hormis sur l’écriture et les
dépôts métalliques). Les dépôts métalliques ont été réalisés par Jean-René Coudevylle, Teo
Baptiste, Laurent Couraud ou Laetitia Leroy en fonction des disponibilités de chacun. J’ai
ensuite effectué les dépôts de nanoplaquettes en salle blanche dans les locaux de Thalès, après
avoir été formée par Anne-Lise Coutrot.

On réalise dans un premier temps des cadres avec le procédé de lift-off pour isoler les
réseaux et les repérer rapidement visuellement. On effectue ensuite la fabrication des réseaux
au centre des cadres, comme on peut le voir sur le schéma de la figure 6.7 (qui n’est pas à
l’échelle). Les échantillons sont réalisés sur des wafers en silicium de 2 pouces, épais de 280

µm.

Si

Au

(a) (b) 600 μm 

840 μm 1 mm 

660 μm 

Figure 6.7 – Schéma de l’échantillon, (a) vue en coupe, (b) vue de dessus.

• Fabrication des cadres

1. Préparation de la surface pour la lithographie électronique (cf figure 6.6a).

— Dépôt de la résine AZ-nLOF 2020 par enduction centrifuge (6000 trs/min - 2000
trs/min/s pendant 60”) sur un substrat en silicium.

— Recuit à 105°C pendant 60”.

2. Lithographie électronique de la résine (cf figure 6.6b).

— Écriture du cadre par lithographie électronique (EBPG 5200, électrons accélérés
à 100 keV, courant de 20 nA pour une dose de 70 µC/cm2).

— Recuit à 105 °C pendant 60” permettant de rendre la résine négative.
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— Développement de la résine dans le développeur MF-26A pendant 35” puis rinçage
dans un bac à débordement.

3. Dépôt métallique (cf figure 6.6c).

— Dépôt métallique d’une couche d’accroche de 5 nm de titane, puis dépôt de 200
nm d’or par évaporation par faisceau électronique (dépôt à 0,1 nm/s).

4. Lift-off (cf figure 6.6d).

— Lift off dans un bain de butanone (au moins 1h) puis rinçage à l’IPA.

• Fabrication des réseaux

1. Préparation de la surface pour la lithographie électronique (cf figure 6.6a).

— Dépôt de la résine Csar 200 (ARP 6200-0.09) par enduction centrifuge (4000
trs/min - 2000 trs/min/s pendant 60”).

— Recuit à 180°C pendant 2’.

2. Lithographie électronique de la résine (cf figure 6.6b).

— Écriture des réseaux sur des zones de taille 600x600 µm2 par lithographie élec-
tronique (EBPG 5200, électrons accélérés à 100 keV, courant de 4 nA pour une
dose de 280 µC/cm2).

— Développement de la résine dans le développeur AR600-546 pendant 1’30 puis
rinçage dans l’IPA pendant 30”.

3. Dépôt métallique (cf figure 6.6c).

— Dépôt de 100 nm d’or par évaporation par faisceau électronique (dépôt à 0,1
nm/s)

4. Lift-off (cf figure 6.6d).

— Lift off dans un bain de butanone (au moins 2h) puis rinçage à l’IPA et passage
aux ultra-sons si besoin (15” force 5).

Une fois l’échantillon réalisé, ses dimensions sont vérifiées au microscope électronique à
balayage (MEB), dont les images sont données sur la figure 6.8. J’ai été formée par Fabien
Bayle pour l’utiliser de façon autonome. La hauteur a été vérifiée en inclinant l’échantillon à
45° (figure 6.8c) ainsi qu’au microscope à force atomique (AFM), sur lequel j’ai été formée par
Christophe David. On remarque que les bandes sont plus larges à la base que sur le haut, ce
qui conduit à une variation de largeur de 336 nm à la base à 285 nm en haut. Les paramètres
géométriques du réseau d’or sont présentés dans le tableau 6.3.

(a) (b) (c)

Figure 6.8 – Images MEB d’un réseau 1D d’or de période (a-b) 575 nm ou (c) 560 nm. Images réalisées au C2N sur le MEBVerios pour différents grossissements : (a) x 10 000, (b) x 65 000 et (c) x 65 000, inclinaison de 45°. L’image (c) a permisde vérifier la hauteur des échantillons.
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paramètres du réseau 1D expérimental hres lres presdimensions (nm) 100 [285− 336] 575

Table 6.3 – Paramètres géométriques du réseau d’or expérimental.

On réalise plusieurs fois cet échantillon afin de faire des dépôts de nanoplaquettes d’épais-
seur variable, jusqu’à obtenir la bonne directivité. Les paramètres d’enduction centrifuge opti-
maux sont les suivants : on dépose 200 µL de solution de nanoplaquettes dans du toluène de
concentration C ≈ 3, 8× 10−3 g.mL−1 sur 1/4 de wafer sur lequel ont été écrits 4 réseaux,
que l’on fait tourner à 450 trs/min pendant 30 secondes, avec une phase d’accélération de 5
secondes. La photo de l’échantillon final est présentée sur la figure 6.9.

Figure 6.9 – Photographie des réseaux d’or recouverts de nanoplaquettes. Ici quatre réseaux ont été réalisés pour despériodes allant de 560 à 575 nm, par pas de 5 nm.

Une fois l’échantillon réalisé en salle blanche, il est caractérisé en spectre et directivité
dans notre salle de manipulation à l’Institut d’Optique.

6.5.3 . Résultats expérimentaux
Les résultats expérimentaux sont présentés sur la figure 6.10, pour deux orientations du

polariseur placé sur le trajet optique (cf figure 6.2), ou sans polariseur.

La première ligne (figures 6.11a-c) correspond à l’image du plan de Fourier, la deuxième
(figures 6.11d-f) à la carte de photoluminescence obtenue sur la caméra du spectromètre, en
fonction de l’énergie et du vecteur d’onde kx. Ces deux lignes correspondent à l’émission par la
métasurface dont les dimensions sont données dans le tableau 6.3. La 3e ligne (figures 6.11g-i)
correspond en revanche à la carte de photoluminescence expérimentale des nanoplaquettes
déposées sur de l’or non texturé, permettant de comparer la directivité de la lumière induite
par le réseau métallique. Enfin, la dernière ligne (figures 6.11j-l) correspond au diagramme
de rayonnement de la puissance expérimentale de la source, évaluée à la longueur d’onde du
maximum d’émission λmax représentée par une ligne en pointillés noirs sur les cartes de pho-
toluminescence. La première colonne correspond à l’axe du polariseur placé selon l’axe y. En
choisissant Φ = 0° et en plaçant les lignes du réseau selon l’axe y, la fente du spectromètre
sélectionne la polarisation TE. La deuxième colonne correspond à l’axe du polariseur placé
selon l’axe x. Dans la même configuration, la fente du spectromètre sélectionne la polarisation
TM. La dernière colonne correspond au cas sans polariseur, obtenue en faisant la somme des
polarisations TE et TM. Cela a notamment nécessité de corriger la différence de réflexion au
niveau du miroir dichroïque incliné à 45° (voir annexe D).
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Figure 6.10 – Résultats expérimentaux de photoluminescence des nanoplaquettes déposées sur la métasurface d’or(a-f) ou sur une couche non texturée d’or (g-i) en fonction de l’orientation du polariseur représentée par une flèchebleue, placée selon l’axe des y (i.e. le long des lignes du réseau) sur les figures de la 1ère colonne et selon l’axe des x (i.e.perpendiculairement aux lignes du réseau) sur les figures de la 2e colonne. Ces axes sont définis sur la figure 6.4. La 3ecolonne présente les résultats sans polariseur. Les figures (a-c) correspondent aux images du plan de Fourier obtenuessur la caméra CCD extérieure au spectromètre (cf figure 6.2). La fente d’entrée du spectromètre est représentée sché-matiquement par le rectangle noir et permet de ne sélectionner que les composantes kx. Les figures (d-i) correspondentaux cartes de photoluminescence obtenues sur la caméra du spectromètre en fonction de l’énergie et de kx, lorsqueles nanoplaquettes sont déposées sur le réseau métallique (d-f) ou sur de l’or non texturé (g-i). Les figures (j-l) corres-pondent aux diagrammes de rayonnement obtenus aux maxima d’émission (représentés par les lignes horizontales enpointillés noirs sur les figures (d-i)) lorsque les nanoplaquettes sont déposées sur le réseaumétallique (en rouge) ou surde l’or non texturé (en bleu). Les figures (d,g,j) correspondent à la polarisation TE, les figures (e,h,k) correspondent à lapolarisation TM et les figures (f,i,l) correspondent à la somme des polarisations TE et TM. Les lignes vertes représententla ligne de lumière repliée par le réseau.

On obtient ainsi expérimentalement une émission directive dans un plan dont la demi-
largeur à mi-hauteur vaut 34,8° pour la polarisation TE, 6,5° pour la polarisation TM et 12,0°
sans polariseur.

Afin de comparer qualitativement les simulations théoriques des résultats expérimentaux,
nous avons superposé les diagrammes de rayonnement expérimentaux et les diagrammes
d’absorption obtenus aux maxima d’intensité sur la figure 6.11.
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Figure 6.11 – Diagrammes de rayonnement de luminance expérimentale (en rouge) et d’absorption théorique (en bleu)pour (a) la polarisation TE, (b) la polarisation TM et (c) lumière non-polarisée. Les simulations théoriques ont été faitesavec hth
res = 100 nm, lthres = 336 nm, pthres = 575 nm et hth

top−Nps = 30 nm. Les lignes vertes correspondent à l’angle
maximal pouvant être collecté dans le système expérimental avec θmax = ± arcsin(ON).

On note ainsi un bon accord quantitatif entre la théorie et l’expérience. Soulignons ce-
pendant qu’on ne s’attend pas à avoir un accord parfait entre les deux. D’une part, le modèle
d’indice lorentzien n’a pas été ajusté avec les nanoplaquettes que nous utilisons. D’autre part,
les mesures au MEB témoignent de bords inclinés pour les bandes d’or constituant le réseau
métallique que nos simulations ne prennent pas en compte. Nous avons vérifié que les simula-
tions de réseaux avec des bords droits pour des largeurs de bande correspondant à la mesure
de la base (336 nm), à mi-hauteur (311 nm) ou en haut des bandes (285 nm) ne changeaient
pas significativement les résultats de directivité, et nous avons choisi de montrer les résultats
pour une largeur de 336 nm, dont les résultats numériques donnent le meilleur accord avec
l’expérience.

6.5.4 . Discussion sur l’origine de la directivité

On remarque sur la figure 6.10 que le pic d’émission correspond au croisement entre
l’émission et la ligne de lumière repliée, tracée en vert. Afin de mieux comprendre l’origine de
la directivité observée, on peut rechercher les modes existants dans ce système, proches de la
résonance des nanoplaquettes, à 605 nm.

• Recherche des modes pour un système en couches minces

On peut ainsi commencer par regarder les modes existants dans un système non texturé,
composé de 130 nm de nanoplaquettes sur de l’or infini. Les relations de dispersion tracées
sur les figures 6.12 sont obtenues en cherchant les pôles des facteurs de réflexion lorsqu’on
envoie une onde plane sur le système, pour différentes valeurs d’angles d’incidence et de
longueurs d’onde, en fonction de la polarisation.
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Figure 6.12 – Relations de dispersion obtenues en énergie complexe pour un système composé de 130 nm de nanopla-quettes sur de l’or infini pour (a) des modes TM et (b) des modes TE.
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La distribution spatiale des champs, obtenue à λ = 605 nm, est représentée sur les figures
6.13.
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Figure 6.13 – Structure spatiale des champs obtenus à la longueur d’onde d’émission des nanoplaquettes (à 605 nm),pour un système composé de 130 nm de nanoplaquettes sur de l’or infini, pour (a) un mode TM et (b) un mode TE.

On remarque qu’il existe ainsi à la longueur d’onde des nanoplaquettes (à 605 nm i.e. 2,049
eV) un mode plasmonique - perturbé par l’épaisseur finie de nanoplaquettes - en polarisation
TM (figure 6.13a) et un mode guidé dans la couche d’émetteurs en polarisation TE (figure
6.13b).

• Recherche des modes pour un système texturé

On cherche maintenant les modes pour le système texturé. Pour cela, on place une source
dans le système et on recherche les pôles du champ produit par la source sur elle-même. Les
relations de dispersion sont tracées sur la figure 6.14. Les relations de dispersion obtenues
en présence du réseau peuvent se voir en première approximation comme le repliement des
relations de dispersion du système en couches minces dans la zone de Brillouin (représentée
par les deux lignes verticales en tirets noirs des figures 6.14a,b). Il apparaît plusieurs branches,
comme on peut le voir sur les inserts des figures 6.14a et b. Pour identifier les modes cor-
respondants à ces branches, les distributions spatiales des champs sont représentées sur les
figures 6.15 et 6.15 pour les polarisations TM et TE respectivement.
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Figure 6.14 – Relation de dispersion pour un réseau 1D d’or recouvert de nanoplaquettes avec les paramètres suivants :
hres = 100 nm, htop−Nps = 30 nm, lres = 336 nm, pres = 575 nm. (a) en polarisation TM et (b) en polarisation TE.Les lignes en tirets noirs correspondent aux limites de la zone de Brillouin. Les lignes oranges en traits pleins corres-pondent aux lignes de lumière et celles en tirets oranges correspondent aux lignes de lumières repliées. Les numérosdes branches sont données par ordre d’énergie croissant pour k∥ = 0 µm−1. Le zoom des branches entre 2,04 et 2,06eV est rajouté en insert.
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Figure 6.16 –Distribution spatiale des champs (enmodule carré) en k∥ ≈ 0 µm−1 pour (a-b) les modes TE des branches2 et 3 de la figure 6.14a et (c-d) les modes TE des branches 2 et 3 de la figure 6.14b, pour (a) et (b) respectivement. Lastructure du réseau est représentée en pointillés blancs.

Les champs de la figure 6.15 témoignent de modes plasmoniques. On remarque sur la
figure 6.16 qu’il existe des modes de cavité dans les creux du réseau pour la polarisation TE.
Ces modes de cavité s’expliquent par les interférences des modes guidés se réfléchissant sur
les murs du réseaux. Ces modes de cavité couplés entre eux, parfois connus sous le nom de
"spoof plasmons", apparaissent lorsque les murs de la cavité sont suffisamment hauts et sont
connus pour exister dans les deux polarisations [175,176].

• Origine de la directivité

La directivité de la lumière émise s’explique à l’aide du schéma présenté sur la figure 6.17.
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Figure 6.17 – Schéma des ordres diffractés par un réseau.

A cause de la périodicité du réseau, on observe des ordres diffractés, représentés par les
cônes de lumière en rouge (ordre 0), en jaune (ordre +1) et en bleu (ordre -1). Supposons
qu’il existe un mode dont la relation de dispersion est plate à l’énergie E0, comme ce qui
a été obtenu avec les modes des branches 2 et 3 identifiés dans le paragraphe précédent.
Supposons de plus que lorsque ce mode est excité en incidence normale, la réflectivité est
proche de 0 car la condition de couplage critique est satisfaite 1. Alors, les pertes radiatives de
ce mode sont égales aux pertes ohmiques. Lorsque l’angle d’incidence θ augmente, le vecteur
d’onde incident k0 sin(θ) augmente. Dès que l’excitation traverse la ligne de lumière repliée
jaune, le réseau diffracte deux ordres (représentés par les cônes rouge et jaune) et non plus
un seul (le cône rouge). Les pertes radiatives vont donc augmenter de sorte que la condition
de couplage critique n’est plus satisfaite. L’absorption dans la couche d’émetteurs s’en trouve
alors diminuée, et par réciprocité l’émission également. Cela permet ainsi d’avoir un maximum
d’émission dans un cône de lumière donné par k0, et donc de réaliser une source directive.
La source sera d’autant plus directive que la zone de repliement à E0 sera proche de k∥ = 0

µm−1. Il est important de souligner que ce mécanisme de directivité a déjà été exploité pour
réaliser des sources thermiques directives en 2015 [163].

6.5.5 . Efficacité radiative expérimentale

Dès l’instant où l’on travaille avec une métasurface métallique induisant des pertes oh-
miques, il devient très difficile de mesurer expérimentalement le rendement quantique de la
source ("External Quantum Efficiency" - EQE). En effet, si le nombre de photons émis se
mesure directement, ce n’est pas le cas de la mesure du nombre de photons absorbés. Il est en
effet extrêmement difficile de dissocier l’absorption par les émetteurs de l’absorption dans le
métal. On peut notamment collecter un photocourant dans le cas des semi-conducteurs. Des
mesures de rendements quantiques pour des métasurfaces émettrices directives ont pu être
réalisées à l’aide d’une sphère intégrante, dans le cas où le substrat est non absorbant [31].

Il reste en revanche possible de caractériser l’efficacité radiative, définie comme le ratio
de la puissance émise dans le pic d’émission (en prenant la largeur à mi-hauteur), que l’on
appelle Plobe =

∫ klobe
0 dPe(kx, λ0), sur la puissance totale [31, 163]. Nous l’avons estimé à

la longueur d’onde correspondant au maximum d’émission, comme cela a été fait dans la
référence [31], à partir de la figure 6.18.

1. Nousmontrons en annexeDque lamétasurface 1Dd’or est bien en régimede surcouplagesans les émetteurs et proche du régime de couplage critique en présence des émetteurs.
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
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Figure 6.18 – Puissance expérimentale émise en fonction de kx au maximum d’émission pour λ0 = 605 nm, sanspolariseur, pour le réseau 1D d’or recouvert de nanoplaquettes. On peut ainsi définir trois puissances : Plobe =∫ klobe
0 dPe(kx, λ0), Pmin

tot =
∫ kmin
0 dPe(kx, λ0) et Pmax

tot =
∫ kmax
0 dPe(kx, λ0).

Comme notre système expérimental limite les angles d’émission par l’ouverture numérique
de l’objectif (ON = 0,75), on évalue cette efficacité radiative dans deux cas. Le premier
correspond à l’évaluation de la puissance totale émise entre θ = 0° et θ = arcsinON. On
appelle cette puissance totale Pmin

tot =
∫ kmin

0 dPe(kx, λ0). Dans ce cas, on surestime l’efficacité
radiative, car on minimise la puissance totale en excluant les angles plus grands que arcsinON.
Le deuxième cas consiste à extrapoler la puissance émise aux angles supérieurs à arcsinON.
On appelle alors cette puissance totale Pmax

tot =
∫ kmax

0 dPe(kx, λ0). Dans ce second cas, on
sous-estime l’efficacité, car on impose a priori une valeur plus élevée à la puissance émise
pour les grands angles. Cela nous permet ainsi d’avoir deux bornes permettant d’encadrer
l’efficacité radiative expérimentale. Nous présentons le résultat de l’efficacité radiative dans le
cas non-polarisé, mais le même raisonnement peut être reproduit pour les deux polarisations
TE et TM.

On trouve ainsi une efficacité radiative comprise entre 27, 9 % et 37, 3 %. Cette valeur
est à comparer avec les résultats présentés dans la référence [31] pour une polarisation TM,
dont les valeurs sont comprises entre 10 % et 35 %. Il est important de garder en tête que
cette efficacité radiative sera toujours inférieure à 1. Un lobe gaussien parfait donnerait par
exemple une efficacité de 76 %. [31].

Nous avons ainsi montré qu’il était possible de concevoir et réaliser de manière contrô-
lée des sources photoluminescentes directives, dont l’émission de lumière se fait en
première approximation dans un plan (voir les images du plan de Fourier de la figure
6.10).
On peut chercher à améliorer ces sources en essayant d’augmenter davantage l’absorp-
tion dans la couche des nanoplaquettes et en réalisant une émission directive non plus
dans un plan mais dans un cône de lumière. C’est ce que nous allons voir dans la partie
suivante.

6.6 . Conception et réalisation de sources directives 2D en argent

6.6.1 . Optimisation théorique d’une métasurface directive 2D

Afin d’améliorer l’absorption dans la couche de nanoplaquettes, et donc l’émissivité de
la source, nous avons changé le métal composant la métasurface, en remplaçant l’or par de
l’argent. Ce dernier est couramment utilisé en plasmonique car il s’agit du métal avec le moins
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de pertes dans le spectre visible [24]. D’autre part, nous sommes passés d’un réseau 1D à un
réseau 2D (cf figure 6.19), pour avoir de la directivité y compris en ky. Cela permet ainsi de
passer d’une émission directive dans un plan à une émission directive dans un cône de lumière.

htop-Nps

hres

lres pres

Nps

argent

Nps

x

ϕ

z

y

uTM

ukθ

plan d'incidence

Figure 6.19 – Schéma de la métasurface 2D composée de nanoplaquettes (Nps) déposées sur un réseau 2D d’argent,le tout sur un substrat d’argent. Φ correspond à l’angle entre le plan d’incidence et l’axe x, θ à l’angle entre la directionde propagation et l’axe vertical z. Sont également représentés les vecteurs unitaires uTM et uTE portant les champspolarisés Transverse Magnétique (TM) et Transverse Électrique (TE) respectivement.

Afin de concevoir cette source de lumière, nous avons procédé numériquement de la
même manière que pour le réseau 1D. Nous avons ainsi commencé par concevoir un réseau
1D d’argent que l’on a ensuite transformé en réseau 2D, en remplaçant les bandes d’argent par
des cubes. Nous avons ensuite balayé les paramètres de façon à avoir une émission directive
et la plus grande absorption possible dans les nanoplaquettes. Les calculs RCWA sont menés
avec 21 × 21 = 1681 harmoniques spatiales en polarisation TM et TE pour Φ = 0° (cf
figure 6.19). Les paramètres que nous avons choisis sont présentés dans le tableau 6.4 et les
diagrammes de rayonnement obtenus pour ces paramètres sont tracés sur la figure 6.20.

paramètres du réseau d’argent 2D hres lres pres htop−Npsdimensions (nm) 100 460 600 6

Table 6.4 – Paramètres géométriques de la métasurface d’argent recouverte de nanoplaquettes, issus de simulationsnumériques visant à maximiser l’absorption dans la couche de nanoplaquettes tout en réalisant une émission directive.
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Figure 6.20 – Diagrammes d’absorption théoriques A(−u, λ) obtenus à la longueur d’onde d’émission des nanopla-quettes (λ = 605 nm) en (a) TE , (b) TM et (c) lumière non-polarisée (moyenne TE+TM) pour un réseau 2D d’argentrecouvert de nanoplaquettes avec les paramètres suivants : hres = 100 nm, htop−Nps = 6 nm, lres = 460 nm,
pres = 600 nm. Les lignes vertes correspondent à l’angle maximal pouvant être collecté dans le système expérimentalavec θmax = ± arcsin(ON).

On obtient ainsi une émission directive pour une lumière non-polarisée avec une demi-
largeur à mi-hauteur de 14,6° et une absorptivité de 0,54.
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
Comme pour le réseau d’or, nous pouvons évaluer l’exaltation d’absorption générée par

la présence de la métasurface. Nous calculons ainsi les ratios Rres
Ag comme le rapport de

l’absorption dans les nanoplaquettes à 605 nm sur la métasurface d’argent et l’absorption
dans les nanoplaquettes déposées sur un substrat infini d’argent et Rres

verre comme le rapport
de l’absorption dans les nanoplaquettes à 605 nm sur la métasurface d’argent et l’absorption
dans les nanoplaquettes déposées sur un substrat infini de verre. Les résultats sont présentés
dans le tableau 6.5 pour les deux polarisations TE, TM et pour une lumière non-polarisée.

polarisation TE TM lumière non-polarisée
Rres

Ag(λ = 605 nm, θ = 0°) 2, 3 2, 3 2, 3

Rres
verre(λ = 605 nm, θ = 0°) 6, 3 6, 3 6, 3

Table 6.5 – Exaltation d’absorption dans les nanoplaquettes à 605 nm, pour θ,Φ = 0 ° en présence de la métasurfaced’argent, comparée à l’absorption sur un substrat non texturé d’argent Rres
Ag , ou sur un substrat de verre Rres

verre.

On observe ainsi une exaltation d’absorption - et donc d’émission - identique dans les
deux polarisations TE et TM, d’un facteur 2,3 par rapport à l’absorption des nanoplaquettes
sur un substrat infini d’argent et qui augmente à plus de 6 si l’on compare à l’absorption sur
du verre. On obtient donc une exaltation plus importante avec cette métasurface par rapport
au réseau 1D d’or.

6.6.2 . Fabrication des échantillons en salle blanche
Une fois la géométrie de l’échantillon choisie, nous procédons à la fabrication de l’échan-

tillon en salle blanche avec le procédé de lift-off présenté dans la partie précédente. Cette
fois-ci, nous ne réalisons pas de cadre permettant d’isoler les réseaux : la résine réagit avec
l’argent et rend son utilisation impossible. Les réseaux restent tout de même bien visibles à
l’oeil grâce à la diffraction de la lumière (cf figure 6.21c). Les échantillons sont réalisés sur
des wafers en silicium de 2 pouces, épais de 280 µm. Les étapes de fabrication sont détaillées
ci-dessous.

• Fabrication des réseaux

1. Préparation de la surface pour la lithographie électronique (cf figure 6.6a).

— Préparation du substrat d’argent. Dépôt métallique sur le substrat de silicium
d’une couche de 1 nm de germanium 2 puis de 200 nm d’argent par évaporation
par faisceau électronique (dépôt à 0,1 nm/s).

— Dépôt de la résine PMMA A4 3 par enduction centrifuge (4000 trs/min - 2000
trs/min/s pendant 60”) sur le substrat d’argent.

— Recuit à 180 °C pendant 2’.

2. Lithographie électronique de la résine (cf figure 6.6b).

— Écriture des réseaux sur des zones de taille 600x600 µm2 par lithographie élec-
tronique (EBPG 5200, électrons accélérés à 100 keV, courant de 5 nA pour une
dose de 800 µC/cm2).

— Développement dans la solution MIBK :IPA (1 :3) pendant 1’ puis rinçage dans
l’IPA pendant 30”.

2. Cette couche permet de faciliter le mouillage sur l’échantillon et réduire la rugosité.3. La résine Csar utilisée précédemment pour les réseaux d’or comporte un groupementChloré qui réagit avec l’argent, ce qui rend son utilisation impossible ici.
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3. Dépôt métallique (cf figure 6.6c).

— Dépôt d’une couche de 1 nm de germanium puis dépôt de 100 nm d’argent par
évaporation par faisceau électronique (dépôt à 0,1 nm/s).

4. Lift-off (cf figure 6.6d).

— Lift off dans un bain de butanone (toute la nuit) puis rinçage à l’IPA et passage
aux ultra-sons si besoin (15” force 5)

Une fois l’échantillon réalisé, ses dimensions sont vérifiées au microscope électronique à
balayage (MEB), dont les images sont données sur les figures 6.21(a-b) ainsi qu’au microscope
à force atomique (AFM). Comme pour les réseaux d’or, on remarque que les plots d’argent
sont plus larges à la base que sur le haut, ce qui conduit à une variation de largeur de 478
nm à la base à 450 nm en haut. Les paramètres du réseau 2D sont présentés dans le tableau
6.6.

(a) (b) (c)

Figure 6.21 – (a-b) Images MEB d’un réseau 2D d’argent de période 600 nm. Images réalisées au C2N sur le MEB Veriospour différents grossissements : (a) x 10 000 et (b) x 50 000. (c) Photographie des réseaux d’argent après dépôt desnanoplaquettes. Ici six réseaux ont été réalisés pour des périodes allant de 590 à 610 nm, par pas de 5 nm.

paramètres du réseau 2D d’argent expérimental hres lres presdimensions (nm) 100 [450− 478] 600

Table 6.6 – Paramètres géométriques du réseau d’argent expérimental.

On réalise plusieurs fois cet échantillon afin de faire des dépôts de nanoplaquettes d’épais-
seur variable, jusqu’à obtenir la bonne directivité. Les paramètres d’enduction centrifuge opti-
maux sont les suivants : on dépose 200 µL de solution de nanoplaquettes dans du toluène de
concentration C ≈ 3, 8× 10−3 g.mL−1 sur 1/4 de wafer sur lequel ont été écrits six réseaux,
que l’on fait tourner à 500 trs/min pendant 30 secondes, avec une phase d’accélération de 5
secondes. La photo de l’échantillon final est présentée sur la figure 6.21c.

6.6.3 . Résultats expérimentaux
Les échantillons sont ensuite caractérisés sur le banc optique présenté sur la figure 6.2,

comme pour les réseaux 1D d’or. Les résultats expérimentaux sont présentés sur la figure 6.22
pour les deux polarisations TE et TM et sans polariseur.

106



Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
(a) (b) (c)

0,75

-0,75

0,6

0,3

0

-0,3

-0,6

0,45

-0,45

-0,15

0,15

0 0,3 0,6 0,75-0,3-0,6-0,75

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

0,75

-0,75

0,6

0,3

0

-0,3

-0,6

0,45

-0,45

-0,15

0,15

0 0,3 0,6 0,75-0,3-0,6-0,75

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

0,75

-0,75

0,6

0,3

0

-0,3

-0,6

0,45

-0,45

-0,15

0,15

0 0,3 0,6 0,75-0,3-0,6-0,75

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

(j) (k) (l)

Limite ON 

Nps sur métasurface
Nps sur Ag non texturé

90°

60°

30°
0°

(g) (h)

(d) (e) (f)

kx (μm-1)
0 1 2 3 4 5 6 7 8

1,75

1,8

1,85

1,9

1,95

2

2,05

2,1

2,15

E
 (

eV
)

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

kx (μm-1)
0 1 2 3 4 5 6 7 8

1,75

1,8

1,85

1,9

1,95

2

2,05

2,1

2,15

E
 (

eV
)

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

kx (μm-1)
0 1 2 3 4 5 6 7 8

1,75

1,8

1,85

1,9

1,95

2

2,05

2,1

2,15

E
 (

eV
)

(i)

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

kx (μm-1)
0 1 2 3 4 5 6 7 8

1,75

1,8

1,85

1,9

1,95

2

2,05

2,1

2,15

E
 (

eV
)

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

kx (μm-1)
0 1 2 3 4 5 6 7 8

1,75

1,8

1,85

1,9

1,95

2

2,05

2,1

2,15

E
 (

eV
)

1

0,8

0,6

0,4

0,2

0

kx (μm-1)
0 1 2 3 4 5 6 7 8

1,75

1,8

1,85

1,9

1,95

2

2,05

2,1

2,15

E
 (

eV
)

Limite ON 

Nps sur métasurface
Nps sur Ag non texturé

90°

60°

30°
0°0°

90°

60°

30°

Limite ON 

Nps sur métasurface
Nps sur Ag non texturé

sans polariseur 

ux = sin(θ)cos(Φ)

u y
 =

 s
in

(θ
)s

in
(Φ

)
polariseur horizontal polariseur vertical

TE + TMpolarisation TE polarisation TM

ux = sin(θ)cos(Φ)

u y
 =

 s
in

(θ
)s

in
(Φ

)

u y
 =

 s
in

(θ
)s

in
(Φ

)

ux = sin(θ)cos(Φ)

TE + TMpolarisation TE polarisation TM

TE + TMpolarisation TE polarisation TM

0 0,2 0,4 0,6 0,8 1 0 0,2 0,4 0,6 0,8 10 0,2 0,4 0,6 0,8 1

Figure 6.22 – Résultats expérimentaux de photoluminescence des nanoplaquettes déposées sur la métasurface d’ar-gent (a-f) ou sur une couche non texturée d’argent (g-i) en fonction de l’orientation du polariseur représentée par uneflèche bleue, placé selon l’axe des y (1ère colonne) et l’axe des x (2e colonne), définis sur la figure 6.4. La 3e colonneprésente les résultats sans polariseur. Les figures (a-c) correspondent aux images du plan de Fourier obtenues sur lacaméra CCD extérieure au spectromètre (cf figure 6.2). La fente d’entrée du spectromètre sélectionnant uniquementles composantes kx est représentée schématiquement par le rectangle noir. Les figures (d-i) correspondent aux cartesde photoluminescence obtenues sur la caméra du spectromètre en fonction de l’énergie et de kx, lorsque les nanopla-quettes sont déposées sur le réseau métallique (d-f) ou sur de l’argent non texturé (g-i). Les figures (j-l) correspondentaux diagrammes de rayonnement obtenus aux maxima d’émission (représentés par les lignes horizontales en pointillésnoirs sur les figures (d-i)) lorsque les nanoplaquettes sont déposées sur le réseau métallique (en rouge) ou sur de l’ar-gent non texturé (en bleu). Les figures (d,g,j) correspondent à la polarisation TE, les figures (e,h,k) correspondent à lapolarisation TM et les figures (f,i,l) correspondent à la somme des polarisations TE et TM.

On obtient ainsi expérimentalement une émission directive tant en polarisation TE qu’en
polarisation TM dans un cône d’émission dont la demi-largeur à mi-hauteur vaut 23,7° pour
la polarisation TE, 6,5° pour la polarisation TM et 13,4° sans polariseur.

Afin de comparer qualitativement les simulations théoriques des résultats expérimentaux
nous avons superposé les diagrammes de rayonnement expérimentaux et les diagrammes
d’absorption obtenus aux maxima d’intensité sur la figure 6.23.

Comme pour le réseau d’or, on note ainsi un bon accord quantitatif entre la théorie et
l’expérience.
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Figure 6.23 – Diagrammes de rayonnement de luminance expérimentale (en rouge) et d’absorption théorique (en noir)pour (a) la polarisation TE, (b) la polarisation TM et (c) lumière non-polarisée. Les simulations théoriques ont été faitesavec hth
res = 100 nm, lthres = 460 nm, pthres = 600 nm et hth

top−Nps = 6 nm. Les lignes vertes correspondent à l’angle
maximal pouvant être collecté dans le système expérimental avec θmax = ± arcsin(ON).

6.6.4 . Discussion sur l’origine de la directivité

La directivité observée ici s’explique par le couplage des ondes de surface (relation de
dispersion en rouge sur la figure 6.24) avec les modes propagatifs du vide (représentés en gris
sur la figure 6.24), comme cela a été décrit dans la référence [109]. Considérons la relation
de dispersion tracée en fonction de ω et k∥ sur la figure 6.24a, caractéristique d’un plasmon
de surface se propageant à l’interface entre un métal et un diélectrique.
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Figure 6.24 – (a) Relation de dispersion d’un plasmon de surface à l’interface entre une couche métallique non texturéeet un diélectrique et sa projection dans le plan (kx,ky) à la fréquence ω0. (b) Relation de dispersion d’un plasmon sur unréseau 2D, de période pres à une fréquence donnée. Le couplage des ondes propagatives au plasmon se fait selon lesarcs de cercle des relations de dispersions dues aux ordres diffractés. Schéma adapté des figures proposées par [109].
Figure adapted with permission from Ref. [109] by the American Physical Society.

La relation de dispersion se trouvant à l’extérieur du cône de lumière, il n’est pas possible
d’exciter le mode plasmonique à partir d’une onde plane. La figure 6.24a présente également
la projection de la relation de dispersion dans le plan (kx,ky) à une fréquence ω0, loin de
l’asymptote. A cette fréquence, un seul mode existe, défini par son vecteur d’onde parallèle
k∥. Dès l’instant où l’on texture la surface métallique en réalisant un réseau de période pres
alors la relation de dispersion initiale est dupliquée tous les±m2π/pres avec m entier le numéro
de l’ordre diffracté, comme représenté sur la figure 6.24b. Il devient alors possible d’exciter
un mode plasmonique si sa relation de dispersion se situe dans le cône de lumière représenté
en gris. On peut alors obtenir une émission directive à l’image des résultats expérimentaux
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
(cf figure 6.22c) si les cercles des relations de dispersion se croisent en (kx, ky) ≈ (0, 0).

A l’image de ce qui a été fait avec le réseau 1D d’or, nous avons cherché les modes
existants à 605 nm dans le système en couches minces. Nous avons considéré deux cas
distincts, à savoir un système composé de 106 nm de Nps sur un substrat d’argent et un
système composé de 6 nm de Nps sur un substrat d’argent. Le premier cas permet d’avoir
une estimation des modes existants dans les creux du réseau alors que le deuxième permet
d’estimer les modes existants au dessus des plots métalliques.
Dans le cas d’un système composé d’une couche de nanoplaquettes épaisse de 106 nm, des
modes similaires à ceux présentés sur les figures 6.12 et 6.13 sont obtenus, à savoir un
mode guidé dans la couche des nanoplaquettes en TE et un mode plasmonique en TM.
En revanche, l’existence d’un régime de couplage fort et l’apparition d’une asymptote à la
fréquence d’émission des nanoplaquettes conduit à exciter un grand nombre de modes, ce
qui conduit à une émission quasiment isotrope et ne permet pas d’expliquer la directivité
observée [109].
En revanche, lorsque l’on cherche les modes pour une couche de nanoplaquettes de 6 nm
sur de l’argent, on trouve des modes seulement en polarisation TM, correspondant à des
plasmons polaritons de surface, dont la relation de dispersion (cf figure 6.25a) témoigne d’un
régime en couplage faible, à l’image de la relation de dispersion tracée sur la figure 6.24a. A
la fréquence des nanoplaquettes (à 605 nm), nous trouvons un mode plasmonique avec un
vecteur d’onde parallèle valant kTM

∥ = 10, 97 µm−1 dont la structure des champs est donnée
sur la figure 6.25b. En superposant les cercles correspondant à la projection de la relation de
dispersion à la fréquence des nanoplaquettes, de rayon kTM

∥ /k0 (avec k0 le vecteur d’onde
dans le vide à 605 nm) et centrés à ±(2π/pres)/k0, à l’image du plan de Fourier expérimental
(figure 6.22c), on trouve un très bon accord avec ce mode plasmonique.

k|| (μm-1)

R
e(

E
) 

(e
V

)

2,5

2,4

2,3

2,2

2,1

2

1,9

1,8

1,7

1,6

1,5

(a)

8 10 12 13 249 11

light line 
dispersion relation 

λ = 605 nm 

z (nm)

|E
z|2  (

a.
u.

)
|E

x|
2  (

a.
u

.)
|H

y|
2  (

a.
u.

)

0

30

0

12

0

80

0 40 60

Ag Air

N
ps

Ag Air

N
ps

Ag Air

N
ps

(b)

Figure 6.25 – (a) Relation de dispersion d’un plasmon de surface (en polarisation TM) à l’interface entre un substratd’argent non texturé et une couche de 6 nm de nanoplaquettes. (b) Structure spatiale des champs obtenus à la longueurd’onde d’émission des nanoplaquettes (à 605 nm) (représentée par une ligne en tirets rouges sur la figure (a)).

La directivité s’explique ainsi par les modes plasmoniques localisés au niveau des plots
métalliques. Cela confirme également que le contrôle de la directivité se fait bien via un
couplage résonant à des modes et cette information est inclue dans l’absorptivité. Enfin, le
signal de fond que nous associons aux modes présents dans les creux du réseau pourrait être
diminué si l’on dépose de façon sélective les nanoplaquettes seulement au dessus des plots.
Cela permettrait d’augmenter de façon significative l’efficacité radiative expérimentale.
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6.6.5 . Efficacité radiative expérimentale
Afin d’évaluer l’efficacité radiative de la source composée d’émetteurs sur une métasurface

d’argent 2D, nous procédons de la même façon que pour la métasurface d’or 1D, avec la
figure 6.26. Rappelons que l’on définit l’efficacité radiative comme le ratio de la puissance
émise dans le pic d’émission, que l’on appelle Plobe =

∫ klobe
0 dPe(kx, λ0), sur la puissance

totale Ptot. Comme notre système expérimental limite les angles d’émission par l’ouverture
numérique de l’objectif (ON = 0,75), on évalue cette efficacité radiative dans deux cas.
Le premier correspond à l’évaluation de la puissance totale émise entre θ = 0° et θ =

arcsinON. On appelle cette puissance totale Pmin
tot =

∫ kmin

0 dPe(kx, λ0). Le deuxième cas
consiste à extrapoler la puissance émise aux angles supérieurs à arcsinON. On appelle alors
cette puissance totale Pmax

tot =
∫ kmax

0 dPe(kx, λ0).
Comme pour la métasurface d’or, nous présentons le résultat de l’efficacité radiative dans

le cas non-polarisé.
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Figure 6.26 – Puissance expérimentale émise en fonction de kx au maximum d’émission pour λ0 = 605 nm, sanspolariseur, pour le réseau 2Dd’argent recouvert de nanoplaquettes. On définit trois puissances en intégrant la puissance
sur k : Plobe =

∫ klobe
0 dPe(kx, λ0), Pmin

tot =
∫ kmin
0 dPe(kx, λ0) et Pmax

tot =
∫ kmax
0 dPe(kx, λ0).

On trouve ainsi une efficacité radiative comprise entre 35, 0% et 44, 8 %.

La comparaison des résultats de la métasurface d’argent par rapport à celle d’or nous
indique que cet échantillon en argent est donc plus efficace, plus directif (dans un
cône plutôt qu’un plan) et possède une meilleure absorptivité, et donc une meilleure
émissivité, ainsi qu’une plus grande exaltation d’absorptivité comparé au cas sans mé-
tasurface.

6.7 . Modélisation de l’indice avec le modèle de Brendel-Bormann

Afin de concevoir numériquement une métasurface directive, il aurait également été pos-
sible d’utiliser un modèle de Brendel-Bormann, présenté dans les chapitres 4 et 5, permettant
de raisonner directement sur la photoluminescence théorique et non pas seulement sur l’ab-
sorption, comme c’est le cas avec le modèle lorentzien. Nous montrons dans cette partie que
nous pouvons prédire le comportement de la métasurface en argent 2D à partir de l’indice de
Brendel-Bormann optimisé sur la métasurface d’or 1D.
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Chapitre 6. Réalisation de métasurfaces photoluminescentes directives
6.7.1 . Optimisation de l’indice à partir de la photoluminescence expérimen-

tale émise par les nanoplaquettes déposées sur la métasurface 1D d’or
Afin d’obtenir un indice des nanoplaquettes qui permette de simuler la photoluminescence

avec la loi de Kirchhoff, on optimise l’indice à partir des cartes de photoluminescence expéri-
mentale émise par la métasurface 1D d’or recouverte de nanoplaquettes. On choisit d’utiliser
seulement la polarisation TM, car les codes RCWA sont beaucoup plus coûteux en temps de
calcul. Pour la même raison, nous avons été contraints d’utiliser une fonction de recherche
de minimum local et non plus une fonction de recherche de minimum global et de diminuer
grandement le nombre de points expérimentaux. Nous ne gardons ainsi que 71 valeurs de θ,
comprises entre 0° et 16° et 135 valeurs de λ, comprises entre 570 et 679 nm.

Afin d’avoir le meilleur résultat possible, nous avons commencé par mesurer l’indice des
nanoplaquettes par ellipsométrie, déposées sur une couche de 50 nm d’épaisseur d’argent
(le dépôt d’argent est réalisé par évaporation par faisceau électronique), sur un substrat de
verre en SF10. Ces mesures ont été réalisées au C2N par Xavier Lafosse. Nous avons réa-
lisé plusieurs échantillons d’épaisseur variable en nanoplaquettes en faisant varier la vitesse
de l’enduction centrifuge. L’épaisseur des différentes couches a été vérifiée à l’AFM à l’aide
de rayures sur la surface et en mesurant l’épaisseur de la marche. Cela nous a permis de
vérifier que les valeurs d’épaisseurs obtenues à l’ellipsométrie étaient cohérentes avec les me-
sures à l’AFM. Une fois le modèle d’indice expérimental obtenu, les paramètres d’un modèle
d’indice de Brendel-Bormann sont ajustés à partir de la partie imaginaire de la permittivité
diélectrique (pour m = 2, cf chapitre 4, équation (4.6)). Ce résultat sert de point de départ
à l’optimisation de l’indice des nanoplaquettes, dont la méthode est décrite dans le chapitre 4.
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Figure 6.27 – Indice des nanoplaquettes optimisé à partir de la carte de photoluminescence expérimentale en polari-sation TM avec un modèle de Brendel-Bormann (nfit) (en rouge). Les parties imaginaires des indices ont été multipliéespar 5 pour une meilleure visibilité. L’optimisation a été faite à partir du point de départ nstart (en noir), obtenu parajustement sur les données expérimentales d’éllipsométrie.

L’optimisation sur l’indice s’est faite en imposant l’épaisseur de nanoplaquettes htop−Nps,
et en cherchant le minimum de la fonction de coût en fonction des paramètres du modèle
d’indice. Nous avons fait varier l’épaisseur de 0 à 30 nm. Le meilleur résultat a été obtenu
pour htop−Nps = 25 nm et l’indice obtenu est tracé sur la figure 6.27 (en rouge). Nous avons
également superposé l’indice de départ obtenu par ajustement sur les données d’ellipsométrie
(en noir). Les cartes de photoluminescence ainsi que les diagrammes de rayonnement (calculés
au maxima d’émission) sont présentés pour les différentes polarisations sur la figure 6.28.
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Figure 6.28 – Comparaison des cartes de photoluminescence expérimentales (a-c) avec les cartes de photolumines-cence théoriques obtenues à partir d’un modèle de Brendel-Bormann optimisé sur la carte de photoluminescence enpolarisation TM (d-f). (g-i) Diagrammes de rayonnement expérimentaux (en rouge) et théoriques (en bleu) évalués à leurmaxima d’émission respectifs, représentés par les lignes horizontales en pointillés noirs sur les figures (a-f).

On retrouve ainsi un bon accord quantitatif, malgré un petit décalage spectral, bien que
l’optimisation n’ait été réalisée qu’à partir des données en polarisation TM.

6.7.2 . Simulations de la photoluminescence émise par les nanoplaquettes
déposées sur la métasurface 2D d’argent

On peut ensuite calculer la photoluminescence émise par les nanoplaquettes déposées sur
le réseau 2D d’argent, avec les mêmes paramètres que ceux utilisés dans le calcul d’absorption
de la figure 6.20. Les résultats obtenus sont présentés sur la figure 6.29.
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Figure 6.29 – Comparaison des cartes de photoluminescence théoriques et expérimentales. (a-c) Cartes de photolu-minescence expérimentales en fonction de la polarisation ((a) TE, (b) TM et (c) lumière non-polarisée). (d-f) Cartes dephotoluminescence théoriques ((d) TE, (e) TM et (f) lumière non-polarisée) calculées à partir du modèle de Brendel-Bormann optimisé à partir de la carte de photoluminescence expérimentale émise par les nanoplaquettes déposéessur la métasurface 1D d’or, en polarisation TM. Les calculs sont effectués avec les paramètres suivants : hres = 100 nm,
htop−Nps = 10 nm, lres = 460 nm, pres = 600 nm, comme pour les résultats 6.20.(g-i) Comparaison des diagrammes derayonnement expérimentaux (en rouge) et théoriques (en bleu) évalués aux maxima d’émission respectifs, représentéspar les lignes en pointillés noirs horizontaux (a-f).

L’accord entre les données expérimentales et théoriques reste satisfaisant. Ces résultats
confirment que le modèle de Brendel-Bormann peut être utilisé pour concevoir des sources
de lumière photoluminescentes avec des propriétés innovantes.

6.8 . Résumé

En conclusion, nous avons montré dans ce chapitre qu’il était possible d’utiliser la loi de
Kirchhoff pour concevoir des sources de lumière photoluminescentes. Nous avons montré que
l’absorptivité contenait toute l’information sur les propriétés optiques de la lumière telle que
la directivité et qu’elle pouvait être optimisée à partir d’un modèle lorentzien, bien que ce
modèle ne permette pas de calculer la photoluminescence. Cela nous a permis de fabriquer des
échantillons directifs, en accord avec la théorie, à partir de métasurfaces conçues en régime
de surcouplage sans émetteurs. En outre, un modèle de Brendel-Bormann peut être utilisé
pour optimiser directement la photoluminescence.
La loi de Kirchhoff et l’optimisation sur l’absorptivité peut également être employée pour
contrôler le spectre et la polarisation de la lumière émise, à l’image de ce qui a été fait dans
notre équipe dans le cadre de l’émission thermique [164]. La directivité pourrait également
être améliorée en envisageant une structure périodique hexagonale, à l’image de ce qui a été
fait dans la référence [30]. Cela permettrait en effet de limiter l’intensité des arcs de cercles
par rapport à l’émission dans le spot central et ainsi avoir un meilleur rapport signal sur bruit.
Bien que les métasurfaces plasmoniques soient relativement simples à réaliser, il est également
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possible de réaliser des métasurfaces diélectriques, qui pallient le problème de pertes ohmiques
dans le métal [34,35,177,178], et ces métasurfaces pourraient également être optimisées avec
la loi de Kirchhoff de façon à contrôler le spectre, la directivité et la polarisation de la lumière
émise.
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Bilan et perspectives

Afin de conclure ce manuscrit, nous allons rappeler les grandes lignes des travaux effectués
ainsi que les principaux résultats, avant de proposer des suites possibles à ces travaux.

Le thème central est le contrôle de l’émission spontanée, dans la gamme spectrale visible.
Il est bien connu que l’émission de lumière n’est pas une propriété intrinsèque de l’émetteur
mais dépend de son environnement électromagnétique ainsi que des interactions qu’il peut
avoir avec d’autres émetteurs. Nous avons ainsi cherché à façonner cet environnement pour
concevoir une source photoluminescente directive, composée d’une assemblée de fluorophores,
à savoir des nanoplaquettes. Nous avons rappelé dans l’introduction la nécessité d’obtenir de
la lumière spatialement cohérente au niveau des émetteurs pour obtenir une source directive
en champ lointain.

Nous avons ainsi commencé à nous intéresser à la cohérence spatiale, nécessaire à l’ob-
tention de directivité, afin de trouver un moyen de la générer au niveau des fluorophores. Dans
un premier temps, nous avons utilisé l’électrodynamique fluctuationelle pour mettre en place
une relation générale absorption-cohérence. Cette dernière permet de calculer la corrélation
spatiale des champs électromagnétiques produits par un ensemble d’émetteurs luminescents
thermalisés à partir d’un calcul d’absorption dans cette même couche d’émetteurs. Il s’agit
d’une extension des travaux réalisés par Sergueï Rytov à un système hors équilibre thermody-
namique. Cette extension repose notamment sur l’introduction d’un potentiel chimique des
photons dans le cas de la photoluminescence ou électroluminescence.
Nous avons ensuite utilisé cette relation générale pour évaluer numériquement la cohérence
spatiale de la lumière émise par une couche de molécules de colorant (du TDBC), déposée sur
un film d’argent, le tout sur un substrat de verre. Ce système implique notamment des molé-
cules et des plasmons de surface en régime de couplage fort. Ces travaux avaient pour objectif
d’expliquer l’origine de la cohérence spatiale observée expérimentalement. Nous avons ainsi
mis en évidence le rôle des plasmons de surface dans l’apparition d’un fort degré de cohérence
spatiale entre des points de la source séparés de plusieurs longueurs d’onde et montré que le
couplage fort n’était pas responsable de ce fort degré de cohérence. Nous avons également
montré que la cohérence spatiale augmentait avec la force du pompage. Nous avons ainsi
obtenu un premier élément de réponse pour la réalisation d’une source directive : il est pos-
sible d’émettre des champs cohérents spatialement sur des distances importantes au niveau
des émetteurs en déposant ces émetteurs sur une surface métallique grâce à l’existence de
ces ondes de surface. Il faut ensuite trouver un moyen de coupler ces ondes évanescentes au
champ lointain et cela peut se faire à l’aide d’un réseau, à l’image de ce qui a déjà été fait
en émission thermique.
La photoluminescence émise par des émetteurs en cavité, comme c’est le cas lorsqu’ils sont
couplés à un plasmon de surface, peut se calculer numériquement à l’aide de la loi de Kirchhoff
locale, qui généralise la loi de Kirchhoff au cas d’un système hors équilibre thermodynamique.
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Grâce à cette loi, il est possible de calculer quantitativement la puissance émise. Ce cal-
cul d’émission repose sur celui de l’absorption dans la couche d’émetteurs. Ce même calcul
d’absorption nécessite un modèle d’indice effectif adéquat pour décrire cette couche. Nous
avons en effet montré qu’un modèle lorentzien, couramment employé pour des fluorophores,
ne permettait pas de modéliser correctement le spectre de photoluminescence d’un émetteur
en cavité, tel que la loi de Kirchhoff permet de le calculer. Notre méthode exploite alors un
autre modèle d’indice, le modèle de Brendel-Bormann, pour effectuer les calculs d’émission :
ces derniers présentent alors un très bon accord avec les résultats expérimentaux.
Nous avons ensuite exploité et mis en pratique ces résultats dans le chapitre 5 pour analyser
des résultats expérimentaux de lumière émise par un système complexe, composé de fluoro-
phores organiques (des molécules de colorant, du TDBC) ainsi que des émetteurs inorganiques
(des boîtes quantiques), le tout déposé sur un film d’argent sur un substrat de verre. Dans
les expériences menées, il est possible de faire varier la distance séparant ces deux familles
d’émetteurs. Comprendre le rôle joué par chacune des couches d’émetteurs dans l’émission
de lumière à partir des résultats expérimentaux est ardu. La méthode numérique de calcul
d’indice nous a permis d’évaluer l’indice de ces deux familles d’émetteurs et ainsi de modéliser
la photoluminescence émise par le système total. Il est possible d’introduire la dépendance
spatiale du potentiel chimique des photons intervenant dans chaque couche d’émetteurs au
sein de la loi de Kirchhoff locale. Nous avons obtenu un très bon accord avec les résultats
expérimentaux et mis en évidence un transfert d’énergie assisté par plasmon sur des distances
de plusieurs micromètres séparant les familles d’émetteurs. Ces travaux ouvrent la voie à la
conception et la réalisation de nouvelles sources combinant des structures résonantes plasmo-
niques, des matériaux organiques et inorganiques.
Pour finir, nous avons conçu, optimisé, fabriqué et caractérisé des métasurfaces photolumi-
nescentes directives composées de nanoplaquettes sur un réseau métallique 1D d’or ou 2D
d’argent, émettant autour de 605 nm. La conception numérique a été réalisée à partir de
calculs d’absorption en utilisant le formalisme de la loi de Kirchhoff locale. Les échantillons
ont été réalisés en salle blanche et caractérisés à l’Institut d’Optique. Nous avons obtenu
expérimentalement des métasurfaces directives à la fois en polarisation Transverse Magné-
tique que Transverse Électrique, ce qui permet d’obtenir une source directive non polarisée,
en accord avec les prédictions théoriques.

Ces métasurfaces directives pourraient être la base de sources de lumière blanche in-
novantes (pouvant également être utilisées pour de l’affichage avec la réalisation de pixels
directifs), en combinant trois métasurfaces optimisées dans le rouge, le bleu et le vert. La
directivité pourrait également être améliorée en réalisant des réseaux d’antennes hexagonaux.
La loi de Kirchhoff peut également être utilisée pour concevoir des sources contrôlées en
polarisation, notamment en réalisant une source polarisée circulairement. Enfin, des sources
encore plus efficaces pourraient être optimisées avec la loi de Kirchhoff, notamment en uti-
lisant des matériaux diélectriques sans pertes ohmiques et en tirant partie de l’existence de
modes guidés.
Il serait également intéressant d’étudier ces métasurfaces photoluminescentes en régime de
gain, en les pompant fortement. Les travaux menés dans notre équipe ont notamment mon-
tré que la loi de Kirchhoff restait valable en régime laser [179]. Notons par ailleurs que la
condensation de Bose-Einstein de photons est un cas particulier du régime laser [180]. Pour
autant, il n’est plus possible d’utiliser l’approximation de Wien dans la loi de Planck en ré-
gime laser. Il devient donc impossible de faire disparaître le potentiel chimique des photons
par normalisation. En outre, l’absorption se trouve fortement modifiée sous pompage intense.
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Nous avons ainsi commencé à monter une expérience permettant de remonter à l’absorption
en présence de pompage, pour avoir l’évolution de l’absorption et du potentiel chimique des
photons en fonction de la puissance de pompe.
Enfin, la loi de Kirchhoff pourrait également être employée pour analyser d’autres régimes
d’émission de lumière. En effet, elle devrait également s’appliquer à la chimiluminescence qui
consiste en l’émission de lumière suite à une réaction chimique. La chimiluminescence est
notamment utilisée sur les scènes de crimes pour relever des traces de sang invisibles à l’oeil
nu, en déposant du luminol sur des zones suspectes. Ce dernier réagit avec les globules rouges
en émettant de la lumière. Cette émission peut notamment être exaltée et modifiée par des
antennes métalliques [181].
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Annexe A

Annexes du chapitre 2

A.1 . Puissance absorbée vs émission spontanée

A.1.1 . Les ingrédients nécessaires à l’obtention de l’équivalence entre puis-
sance absorbée et corrélation des champs

On considère ici une approche spectrale et on fait l’hypothèse d’une dépendance tempo-
relle en exp(−jωt) pour les champs et les courants. Par la suite, la dépendance spectrale des
différentes grandeurs sera implicite.
Dans la suite, on considère une structure décrite par sa permittivité complexe ε(r) = ε′(r) +

iε′′(r) et sa perméabilité réelle µ(r). On ne s’intéresse pas dans ce chapitre aux effets non
locaux. De plus, afin de clarifier le message, on ne considère que les pertes électriques, mais
l’extension à un système avec des pertes magnétiques est triviale.
Afin de retrouver la relation d’équivalence, on a besoin de trois ingrédients :

• Les tenseurs de Green : si la structure est excitée par des sources de courants (magné-
tiques M(r) ou électriques J(r)) alors des champs électriques (E(r)) et magnétiques
(H(r)) seront générés. On introduit les tenseurs de Green G(r, r′) de la structure,
qui permettent d’exprimer ces champs émis au point r à partir d’une distribution de
courants contenu dans un volume V :

E(r) = iωµ0

∫∫∫
dV (r′)

[
GEJ(r, r′) · J(r′) +GEM (r, r′) ·M(r′)

]
, (A.1)

H(r) =

∫∫∫
dV (r′)

[
GHJ(r, r′) · J(r′) +GHM (r, r′) ·M(r′)

]
, (A.2)

avec

GEM (r, r′) = GEJ(r, r′).∇r′×, (A.3)

GHJ(r, r′) = ∇r ×GEJ(r, r′), (A.4)
et

GHJ(r, r′) = ∇r ×GEJ(r, r′).∇r′ × . (A.5)
1

1. Ces relations proviennent des équations∇×M = JM etH = ∇×E/(iωµ0)
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• La réciprocité de Lorentz [182] : il s’agit également d’un ingrédient clé pour retrouver
la relation d’équivalence entre les pertes mixtes et le tenseur de corrélation. Comme
expliqué dans l’article [74], cette réciprocité peut être étendue aux sources de courants
magnétiques et aux champs magnétiques et stipule les relations suivantes :

GEJ(r1, r2) =
(
GEJ

)T
(r2, r1),

GEM (r1, r2) = −
1

iωµ0

(
GHJ

)T
(r2, r1),

GHJ(r1, r2) = −iωµ0

(
GEM

)T
(r2, r1),

GHM (r1, r2) =
(
GHM

)T
(r2, r1),

(A.6)

avec A T la transposée de A .

• Le théorème de fluctuation-dissipation [39, 51] : ce théorème permet d’obtenir la
corrélation des courants fluctuants à partir de la dissipation. Dans le cas d’un milieu
homogène, il peut se réécrire de la façon suivante :〈
J(r3, ω) · J†(r4, ω

′)
〉
= 2πδ(ω − ω′)2ωϵ0

∑
q

ε′′q (r3)Θ[Tq(r3), µq(r3)] δ(r3 − r4) 1

= 2πδ(ω − ω′)
〈
J(r3) · J†(r4)

〉
(A.7)

avec 1 la matrice identité de taille 3x3, δ la fonction de dirac, et Θ(Tq, µq) donné par

Θ(Tq, µq) =
ℏω

exp

(
ℏω − µq

kBTq

)
− 1

, (A.8)

avec Tq(r) et µq(r) les température et potentiel chimique des photons associés au
mécanisme de couplage matière-champ q.

En utilisant ces trois ingrédients, il est possible d’obtenir une relation directe entre la puis-
sance absorbée via un mécanisme de couplage particulier dans une structure et la corrélation
des champs émis via l’excitation de ce même mécanisme de couplage.

Pour le montrer, on va étudier séparément la corrélation des champs émis par un mé-
canisme de couplage donné, puis calculer le terme de pertes mixtes associées à ce même
couplage. Enfin, en utilisant les relations de réciprocité, on obtiendra la relation d’équivalence
entre ces deux grandeurs.

A.1.2 . Emission spontanée
A cause de la température, des fluctuations de courant apparaissent, ce qui conduit au

rayonnement de champs eux-mêmes fluctuants (électriques et magnétiques). Si la température
et les grandeurs physiques du matériau (comme la permittivité) ne varient pas au cours du
temps, alors ces fluctuations sont stationnaires et la moyenne temporelle peut être remplacée
par une moyenne d’ensemble [39,41,48]. La corrélation des champs moyennée temporellement
correspond donc au tenseur densité spectrale croisée des champs électriques W em(r1, r2) [39]
donnée par

W em(r1, r2) =

〈[
E
H

]
(r1) ·

[
E
H

]†
(r2)

〉
, (A.9)
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où l’exposant † indique une matrice conjuguée et transposée.
En utilisant les tenseurs de Green pour exprimer ces champs fluctuants et en intégrant sur les
contributions de toutes les sources aléatoires, on obtient :

W em(r1, r2) =

〈[∫∫∫
Ω
dV (r3)G

J(r1, r3) · J(r3)
]
·
[ ∫∫∫

Ω
dV (r4)G

J(r2, r4) · J(r4)
]†〉

,

(A.10)
avec Ω le volume occupé par l’émetteur (i.e. les densités de courant) et

GJ(r1, r2) =

[
iωµ0G

EJ

GHJ

]
(r1, r2). (A.11)

Comme toutes les opérations sont linéaires, on peut réarranger la formule de la forme
suivante :

W em(r1, r2) =

∫∫∫
Ω
dV (r3)

∫∫∫
Ω
dV (r4)G

J(r1, r3) ·
〈
J(r3) · J†(r4)

〉
·
(
GJ
)†
(r2, r4).

(A.12)
L’avantage de cette écriture dans l’équation (A.12) est qu’elle fait apparaître les fluctua-

tions de courant. On peut alors utiliser le théorème de fluctuation-dissipation évoqué plus
haut pour obtenir finalement :

W em(r1, r2) =
∑
q

2ωϵ0

∫∫∫
Ω
dV (r3)Θ

(
Tq(r3), µq(r3)

)
ε′′q (r3)G

J(r1, r3) ·
(
GJ
)†
(r2, r3)

(A.13)
≜
∑
q

W em,q
(r1, r2) (A.14)

≜
∑
q

[
W EE

em,q
W EH

em,q

W HE
em,q

W HH
em,q

]
(r1, r2). (A.15)

Pour résumer, C ij
em,q

(r1, r2) fournit la corrélation (complexe) des champs de type i,j
générés par un mécanisme de couplage q aux positions r1 pour le champ de type i et r2 pour
le champ de type j.

Si la température et le potentiel chimique associé à l’excitation du mécanisme de couplage
sont homogènes dans le volume des sources Ω, alors l’équation (A.13) se simplifie de la façon
suivante :

W em,q
(r1, r2) = 2ωϵ0Θ(Tq, µq)

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)G

J(r1, r3) ·
(
GJ
)†
(r2, r3). (A.16)

Il est important de souligner que nous avons introduit le concept d’un mécanisme de
couplage associé à la partie imaginaire de la permittivité : cela correspond à l’absorption
d’un photon déclenchée par son interaction avec un ensemble q d’une ou plusieurs particules
(électron, trou, phonon).
On peut également souligner une différence entre les situations de quasi-équilibre thermodyna-
mique local et de non-équilibre en s’intéressant au mécanisme de couplage. Prenons l’exemple
d’un semi-conducteur. L’ensemble q de particules impliquées dans la transition inter-bande
consiste en un électron de la bande de valence, un trou dans la bande de conduction et éven-
tuellement un ou plusieurs phonons dans le cas d’une transition indirecte. A l’équilibre, la
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distribution des électrons (et des trous) dans le semi-conducteur est donnée par une distribu-
tion de Fermi-Dirac avec une température Tq bien définie et un potentiel chimique. Lorsque
l’on passe à une situation de quasi-équilibre alors on introduit des potentiels chimiques diffé-
rents pour les électrons dans la bande de valence et ceux dans la bande de conduction, connus
sous le nom de "quasi niveaux de Fermi". Il devient alors possible d’introduire un potentiel
chimique des photons µq dans l’équation (A.8). Le potentiel chimique µq qui apparaît dans
l’équation (A.16) est égal à la différence des quasi-niveaux de Fermi.
Enfin, soulignons que s’il devient nécessaire d’introduire des températures différentes pour les
particules qui interviennent (électrons, phonons, etc), alors le ratio entre émission et absorp-
tion devient dépendant de la structure fine de matériau où l’on doit prendre en compte la
densité d’état de chaque particule impliquée. Dans ce cas particulier, l’équation (A.7) n’est
plus valide et doit être modifiée comme discuté dans [183].

A.1.3 . Puissance absorbée
Considérons maintenant la puissance absorbée par cette même structure, lorsqu’elle est

excitée par deux sources de courants. Le raisonnement développé ici est le même que celui
présenté dans [57,58,184].
La structure est ainsi éclairée par des sources électriques et magnétiques correspondant à
une distribution de courant [JT ,MT ]T (r). Le champ électrique généré par ces sources peut
s’écrire grâce au tenseur de Green défini aux équations (A.1) et (A.2) :

E(r3) = iωµ0

∫∫∫
dV (r1)G

E(r3, r1) ·
[
J
M

]
(r1) (A.17)

avec
GE(r3, r1) =

[
GEJ GEM

]
(r3, r1). (A.18)

Comme puissance totale Pabs,q absorbée par la structure via le mécanisme de couplage q

peut s’écrire de la façon suivante :

Pabs,q =
ωϵ0
2

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)E

†(r3) ·E(r3), (A.19)
on peut alors réinjecter les champs obtenus à l’équation (A.17) dans l’expression de la

puissance absorbée et obtenir

Pabs,q =
(ωµ0)

2ωϵ0
2

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)

[∫∫∫
dV (r1)G

E(r3, r1) ·
[
J
M

]
(r1)

]†

·

[∫∫∫
dV (r2)G

E(r3, r2) ·
[
J
M

]
(r2)

]
.

(A.20)

Rappelons ici que nous ne considérons pas de pertes magnétiques ni de phénomènes
non-locaux. En réarrangeant l’équation (A.20) on obtient

Pabs,q =

∫∫∫
dV (r1)

∫∫∫
dV (r2)

[
J
M

]†
(r1) · C abs,q(r1, r2) ·

[
J
M

]
(r2) (A.21)

avec

C abs,q(r1, r2) =
(ωµ0)

2ωϵ0
2

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)G

E,†(r3, r1) ·GE(r3, r2). (A.22)
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Dans le cas particulier où les sources de courants sont ponctuelles et placées aux positions

r1 et r2, la distribution de courant totale s’écrit[
J
M

]
(r) =

[
J1

M1

]
δ(r− r1) +

[
J2

M2

]
δ(r− r2), (A.23)

ce qui conduit à la simplification de l’équation (A.21) en

Pabs,q =
2∑

i,j=1

[
Ji

Mi

]†
· C abs,q(ri, rj) ·

[
Jj

Mj

]
. (A.24)

Finalement, le tenseur spectral d’absorption peut être décomposé en quatre termes, cor-
respondant aux quatre combinaisons possibles des paires de sources de courant électrique et
magnétique :

C abs,q(ri, rj) =

C
JJ
abs,q C JM

abs,q

C MJ
abs,q C MM

abs,q

 (ri, rj). (A.25)
En isolant seulement la contribution des sources de courants électriques, on retrouve l’équation
(2.7) que l’on rappelle ici :

Pabs =
2∑

i,j=1

J†
i ·
[∑

q

C JJ
abs,q(ri, rj)

]
· Jj , (A.26)

Si l’on résume, C abs,q(r1, r2) correspond aux pertes mixtes de la structure pour un mé-
canisme de couplage q lorsqu’elle est éclairée par des sources de courant électriques et/ou
magnétiques.
Plus spécifiquement, le terme (k,k) de C ii

abs,q(r1, r1) correspond à la puissance absorbée par
la structure via le mécanisme q lorsqu’elle est éclairée par une seule source monochromatique
ponctuelle électrique (si i = J) ou magnétique (si i = M) placée en r1 et qui serait orientée
selon la direction k. De la même façon, le terme (k, l) de C abs,q(r1, r2) correspond au terme
croisé dans l’expression de la puissance totale absorbée par la structure (et qui correspond
au terme d’interférence) lorsqu’elle est éclairée par une source de type i, orientée selon k et
placée en r1 et par une source de type j, orientée selon l et placée en r2. k et l correspondent
ainsi à l’une des trois directions de l’espace (par exemple les directions x̂ , ŷ et ẑ si l’on utilise
un système de coordonnées cartésiennes).

A.1.4 . Relations d’équivalence
On remarque ainsi que les équations (A.16) et (A.22) sont très similaires. En utilisant les

relations de réciprocité de Lorentz, on peut ainsi exprimer l’une en fonction de l’autre. Pour
ne pas surcharger davantage, on ne traitera ici que les termes W EH

em,q
(r1, r2) et C JM

abs,q(r1, r2)

mais les autres peuvent être obtenus de la même manière.
En insérant (A.6) dans (A.16), on obtient :

W EH
em,q

(r1, r2) = 2ωϵ0Θ(Tq, µq)

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)(iωµ0)G

EJ(r1, r3) ·
(
GHJ

)†
(r2, r3)

(A.27a)
= −2(ωµ0)

2ωϵ0Θ(Tq, µq)

∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)

(
GEJ

)T
(r3, r1) ·

(
−GEM

)∗
(r3, r2)

(A.27b)
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= −4Θ(Tq, µq)
(ωµ0)

2ωϵ0
2

(∫∫∫
Ω
dV (r3)ε

′′
q (r3)

(
GEJ

)†
(r3, r1) ·

(
GEM

)
(r3, r2)

)∗

(A.27c)
= −4iΘ(Tq, µq)

(
C JM

abs,q

)∗
(r1, r2) (A.27d)

avec A ∗ le complexe conjugué de A .

En procédant de la même manière pour les autres termes de l’équation (A.13), on trouve
que : 

W EE
em,q

(r1, r2) = 4Θ(Tq, µq)
(
C JJ

abs,q

)∗
(r1, r2),

W EH
em,q

(r1, r2) = −4Θ(Tq, µq)
(
C JM

abs,q

)∗
(r1, r2),

W HE
em,q

(r1, r2) = −4Θ(Tq, µq)
(
C MJ

abs,q

)∗
(r1, r2),

W HH
em,q

(r1, r2) = 4Θ(Tq, µq)
(
C MM

abs,q

)∗
(r1, r2).

(A.28)

Ainsi, l’équation (A.28) fournie une relation entre la puissance absorbée via le mécanisme
de perte q dans le volume Ω lorsque ce même volume est éclairé par des sources de courant
électriques ou magnétiques et la corrélation des champs émis de façon spontanée par ce même
volume Ω via le mécanisme q lorsque sa température et son potentiel chimique sont uniformes
le volume considéré.

A.2 . Calcul de la corrélation des champs pour un système à l’équilibre
thermodynamique

Considérons ici le cas d’un système à l’équilibre thermodynamique. Plaçons deux sources
de courant J1 et J2 respectivement en r1 et r2. Comme on cherche à connaître le champ
rayonné par tout l’espace à l’équilibre thermodynamique, on va regarder la puissance dissipée
dans tout l’espace, en incluant les pertes radiatives et utiliser la relation d’équivalence A.28
pour obtenir la corrélation des champs.
La puissance totale dissipée correspond ainsi à la puissance générée par ces deux sources de
courant :

Ptot = −
1

2
Re{J†

1 ·E(r1) + J†
2 ·E(r2)} (A.29)

En utilisant l’expression des champs définie dans la relation (A.1), on obtient :

Ptot = −
1

2
Re
{
(iωµ0){J†

1 · [G
EJ(r1, r1) · J1 +GEJ(r1, r2) · J2]

+ J†
2 · [G

EJ(r2, r1) · J1 +GEJ(r2, r2) · J2]}
}
. (A.30)

En utilisant la relation 2Re{A} = A+A∗ alors on a

Ptot = −
∑

i,j=1,2

1

4

{
(iωµ0)[J

†
i ·G

EJ(ri, rj) · Jj ]− (iωµ0)[J
T
i ·
(
GEJ

)∗
(ri, rj) · J∗

j ]
}
.

(A.31)
Comme le second terme du terme de droite de l’équation (A.31) est un scalaire, alors il

est égal à sa transposé. On peut alors regrouper différemment les termes de la somme, ce qui
nous donne

Ptot = −
∑

i,j=1,2

1

4

{
J†
i · [iωµ0G

EJ(ri, rj)− iωµ0

(
GEJ

)†
(rj , ri)] · Jj

}
. (A.32)
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Enfin, en utilisant la relation de réciprocité de Lorentz et en utilisant A+A∗ = 2Re{A}

alors on obtient :
Ptot =

ωµ0

2

∑
i,j=1,2

J†
i · Im{G

EJ(ri, rj)} · Jj . (A.33)
Ce dernier résultat nous permet d’en déduire que

C JJ
abs(ri, rj) =

ωµ0

2
Im{GEJ(ri, rj)}. (A.34)

On en déduit alors

W EE
em,q

(r1, r2) = 2ωµ0Θ(T0)Im{GEJ(r1, r2)}, (A.35)
avec T0 la température uniforme de l’espace.

Remarquons ici que cette formule a déjà été obtenue par Sergueï Rytov [41] et peut être
étendue aux cas magnétiques.

Dans ce cas très particulier, on retrouve une expression proche de celle donnée pour la
CDOS dans les articles [75,185].
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Annexe B

Annexes du chapitre 3

B.1 . Influence de la structure spatiale des modes sur la corrélation des
champs

On analyse ici la contribution des modes à la corrélation spatiale en fonction de la distance
à l’interface. On considère l’énergie de 1,97 eV (soit 630 nm), proche de la résonance des
molécules.
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Figure B.2 – Eléments diagonaux du tenseur de corrélation spectral croiséWxx(r1, r2, ω) en fonction de la distance ρentre les positions r1 et r2 à 1,97 eV (630 nm). (a) : h1 = 1 µm et (b) : h2 = 70 nm. Ces positions peuvent être observéessur la figure B.1d.

A cette fréquence, deux modes peuvent être excités :

• Mode 1 (Fig. B.1(a,c,d)) : Plasmon polariton de surface à l’interface verre /mé-
tal/TDBC [82]. Ce mode est évanescent dans le substrat de verre.

• Mode 2 (Fig. B.1(a,b)) : Plasmon polariton de surface à l’interface métal/ TDBC/air.
Ce mode est évanescent à la fois dans le métal et dans l’air mais peut se propager dans
le substrat de verre.

La figure B.1d correspond au même mode que celui présenté sur la figure B.1c, mais avec
une autre échelle en z. hi correspond aux positions où l’on calcule la corrélation des champs.
Pour h2 = 70 nm, ce mode 1 contribue au champ, en revanche ce n’est plus le cas pour
h1 = 1 µm.

La corrélation dans le substrat de verre à h2 = 70 nm de l’interface avec l’argent (i.e. la
position z = −0, 07 µm ou h2 sur la figure B.1d) présente des battements. En revanche, la
corrélation à h1 = 1 µm (i.e. la position z = −1 µm ou h1 sur la figure B.2d) n’a pas de bat-
tements. Cela s’explique très facilement avec la figure B.2(b,d) où on peut voir que les modes
1 et 2 sont excités à h2 (rappelons que le mode 2 est propagatif dans le verre). Cependant, à
la position h1, seul le mode 2 (figure B.1b) contribue au champ aux deux positions r1 et r2.

On choisit donc de faire les calculs de corrélation présentés dans ce chapitre et dans [106]
à la distance h1 = 1 µm pour reproduire la tendance observée expérimentalement dans [53].

B.2 . Différence entre les systèmes isotropes et anisotropes

Dans cette section, on présente une caractéristique qui apparaît si la couche de molécules
devient isotrope. Dans ce cas là, un nouveau mode de surface se manifeste à l’interface mo-
lécules/air.
On représente sur la figure B.3 les cartes de réflectivité et la relation de dispersion du système
dans le cas où la couche de molécules est soit anisotrope (figure B.2a), soit isotrope (figure
B.2b). On choisit dans les deux cas hem = 20 nm et hAg = 45 nm. La seule différence réside
dans le modèle de permittivité des molécules de colorant, où ϵ⊥ = ϵ∥ dans le cas isotrope
(figure B.2b).
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Figure B.3 – Cartes de réflectivité (en échelle de couleur) et relations de dispersion (en pointillés) en fonction de l’énergieet du vecteur d’onde parallèle pour (a) : une couche anisotrope de TDBC et (b) une couche isotrope de molécules. Dansles deux cas hem = 20 nm et hAg = 45 nm.

La figure B.2 témoigne de deux différences majeures entre les cas isotrope et anisotrope :

1. On définit l’ouverture de Rabi ("Rabi splitting") comme la différence d’énergie minimale
entre les deux branches de la relation de dispersion, pour une valeur fixe de k∥. Si l’on
considère les branches 2 et 3 dans le système anisotrope (figure B.3a) et les branches
équivalentes 2 et 4 dans le système isotrope (B.3b), alors l’ouverture de Rabi passe de
187 meV (pour k∥ = 11, 2 µm−1) à 328 meV (pour k∥ = 11, 7 µm−1).

2. On observe l’apparition d’une nouvelle branche dans le cas isotrope (la branche n°3 sur
la figure B.3b) qui n’existe pas dans le cas isotrope. La structure spatiale des champs à
2,15 eV est donnée sur la figure B.4. Ce mode décroît de façon exponentielle de part et
d’autres de l’interface TDBC/ Air. Il existe une région spectrale où la partie imaginaire
de la permittivité du TDBC est négative. Cela correspond à un exciton polariton de
surface à l’interface TDBC/Air [103].

Dans cette situation hypothétique où le système serait isotrope, on peut se demander si
ce mode 3 (sur la figure B.3b) contribue à la cohérence spatiale. Sur la figure B.5, on trace
la cohérence spatiale des champs à 2,15 eV où ce mode de surface peut être excité et à 2,05
eV dans la région du gap. Le tenseur de corrélation spatiale est calculé dans l’air à h′ = 70

nm de la couche de TDBC (i.e. z = 135 nm sur la figure B.4).
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Sur la figure B.5, on note que l’enveloppe de Wxx(r1, r2, ω2,15 eV) est plus grande que
0,1 pour ρ ⩽ 1, 9 µm à 2,15 eV. Cependant la chute de la cohérence spatiale est abrupte à
2,05 eV : l’enveloppe de la corrélation est plus grande que 0,1 pour ρ ⩽ 0, 70 µm.

Cela confirme ce que nous avons montré dans ce chapitre : les ondes de surface sont
responsables de la cohérence spatiale, et ce quelle que soit leur nature (ce qui a également
été montré dans le cadre de l’émission thermique dans la référence [46], avec des plasmons
ou des phonons de surface).
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Annexe C

Annexes du chapitre 5

C.1 . Préparation des échantillons

Les échantillons ont été fabriqués par les équipes de l’institut Langevin (Paris) et de l’Ins-
titut Lumière Matière (Lyon).

1. Tout d’abord, un film continu de 50 nm d’épaisseur est évaporé sur une lamelle de verre.

2. Ensuite, une couche d’agrégats de TDBC est déposé par enduction centrifuge à partir
d’une solution aqueuse de 5,6-Dichloro-2-[[5,6-dichoro-1-ethyl-3-(4-sulfobutyl)-benzimi-
dazol-2-ylidene]-propenyl]-1-ethyl-3-(4-sulfobutyl)-benzimidazolium hydroxide inner salt,
sodium salt, dont la concentration vaut 8,6mM.

3. La lithographie UV est alors réalisée à cette étape pour obtenir les zones photo-blanchies
(DPBs).

4. Enfin, une couche contenant des boîtes quantiques cœur-coquilles CdSe-CdS/CdZnS/ZnS
intégrées dans une matrice transparente de PMMA (poly(méthacrylate de méthyle))
est déposée sur l’ensemble. Pour cela, une solution de BQs dans du toluène a été pré-
parée à la concentration de ∼ 1µM, dans laquelle est ensuite ajouté le PMMA à une
concentration massique de 0, 5%. Cette solution est ensuite déposée par tournette. La
concentration des BQs a été choisie de façon à ce que les émetteurs soient répartis de
façon homogène dans la couche.

5. L’épaisseur des couches à ensuite été mesurée par microscope à force atomique. Il a
été trouvé 17 nm pour les agrégats de TDBC et 15 nm pour la couche BQs/PMMA.

Soulignons que les solvants utilisés pour les molécules et les boîtes quantiques ont été
choisis volontairement différents pour éviter la dissolution de la première couche lorsque la
deuxième est déposée.
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Annexe D

Annexes du chapitre 6

D.1 . Discussion sur le couplage critique

Dans cette partie nous mettons en évidence le régime de surcouplage pour le réseau
métallique sans nanoplaquettes, et la condition de couplage critique en présence des émetteurs.
Nous ne présentons dans cette partie que les résultats pour le réseau 1D d’or, mais le même
raisonnement a été effectué pour le réseau 2D d’argent. Pour cela, nous traçons sur la figure
D.1 l’absorptivité totale dans la métasurface en l’éclairant en incidence normale. Rappelons
que l’absorptivité A s’écrit

A(l)
i (−u, λ) ∝

∫
Vi

d3r′ϵ′′i (r
′, λ)|E(r′, λ)|2), (D.1)

avec ϵ′′i (r
′, µ) la partie imaginaire de la constante diélectrique du matériau i dans lequel nous

calculons l’absorption. Les constantes diélectriques métalliques de l’or et de l’argent utilisées
dans les calculs numériques de ce chapitre sont celles de la référence [186].
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Figure D.1 – Absorptivité totale dans le réseau métallique 1D. (a) Sans nanoplaquettes, en utilisant la constante diélec-trique de l’or de la référence [186], i.e. ϵAu = ϵAu. (b) Sans nanoplaquettes, en divisant les pertes dans l’or par un facteur
2, i.e. ϵ′′Au =

ϵ′′P
2
. (c) En présence des émetteurs pour ϵAu = ϵP.

• La courbe en trait plein noir de la figure D.1 présente l’absorptivité dans le réseau
métallique, en l’absence d’émetteurs et avec le modèle de permittivité de la référence
[186], que nous notons ϵP. Cette courbe témoigne d’une résonance métallique centrée
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autour de 750 nm, dont la largeur est donnée par la contribution des pertes radiatives
et non radiatives.

• Afin de montrer que ce réseau est en régime de surcouplage, nous traçons l’absorptivité
dans le réseau métallique en divisant par un facteur 2 les pertes dans l’or, i.e. en

imposant ϵAu = ϵ′P + i
ϵ′′P
2

. La courbe obtenue est tracée en tirets noirs sur la figure
D.1. On constate que la largeur de la résonance n’est pas modifiée, ce qui témoigne d’un
régime de surcouplage dans lequel les pertes radiatives dominent les pertes ohmiques.
Ce résultat est également confirmé par la valeur de l’amplitude de l’absortivité de la
résonance qui est divisée par un facteur 2. Cela implique que le champ électrique dans
le métal n’est donc pas significativement modifié.

• Enfin, nous traçons en trait plein rouge l’absortivité totale en présence des nanopla-
quettes, dont la couche est modélisée par le modèle lorentzien décrit dans ce chapitre.
On note que l’absorptivité est presque maximale à la longueur d’onde des nanopla-
quettes (à 605 nm) : en rajoutant les pertes ohmiques des émetteurs on se rapproche
d’un régime de couplage critique dans lequel les pertes non radiatives sont égales aux
pertes ohmiques.

Ces résultats mettent ainsi en évidence le régime de surcouplage pour le réseau métallique
sans émetteurs et la condition de couplage critique presque atteinte en présence des émetteurs.

D.2 . Estimation des facteurs de transmission du banc expérimental

Le miroir dichroïque et la lame séparatrice inclinés à 45° représentés sur le schéma de
la figure D.2 induisent une réflexion différente en polarisation TE et TM. On peut calcu-
ler les puissances Pin et Pout au niveau des détecteurs D1 et D2 respectivement, ce qui
permet de calculer le facteur de transmission T = Pout/Pin pour chacune des orienta-
tions (li.e. e long de l’axe x ou de l’axe y) du polariseur, placé dans le système optique
(SO) (cf figure D.2). Cela permet ensuite de calculer la puissance émise sans polariseur
Psans pola = Ppola x/Tpola x + Ppola y/Tpola y. C’est de cette manière que l’on a obtenu les
cartes de plan de Fourier sans polariseur, ainsi que les cartes de photoluminescence, en plaçant
un polariseur dans le système optique après la lentille L1 (cf figure 6.2) pour sélectionner la
polarisation verticale ou horizontale. La puissance Pout est mesurée en enlevant le détecteur
D1 et en plaçant un miroir d’argent, que l’on considère parfait, à la place.

On utilise pour cela un laser HeNe émettant à 633 nm pour évaluer ces facteurs de
transmission, en faisant l’hypothèse que ces facteurs ne sont pas modifiés à la longueur d’onde
d’émission des nanoplaquettes, à 605 nm. On place ainsi un cube séparateur polarisant en
sortie du laser, ce qui permet d’assurer une polarisation horizontale en sortie. On ajoute après
le cube séparateur une lame demi-onde qui permet de faire varier la polarisation en sortie de
la lame demi-onde selon l’orientation α de la lame, qui permet d’obtenir une rotation de la
direction de polarisation de 2α. Cela permet donc d’obtenir une polarisation verticale pour
un angle α = 45°. Le calcul des facteurs de transmission en fonction de α est présenté sur la
figure D.3. On obtient ainsi Tpola x = 0, 18 ± 0, 01 et Tpola y = 0, 40 ± 0, 03. Ces mesures
sont effectuées sans polariseur dans le système optique.
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Figure D.2 – Schéma du montage permettant de caractériser la transmission du système optique en fonction de lapolarisation enmesurant la puissance Pin du laser au niveau du détecteur D1 et la puissance Pout en sortie du systèmeoptique (SO) en fonction de l’angle α de la lame 1/2 onde. Cela permet de passer d’une polarisation horizontale (pour
α = 0°) à une polarisation verticale (pour α = 45°).
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Figure D.3 – Facteur de transmission T en intensité défini comme Pout/Pin mesurées au niveau de D2 et D1 respecti-vement (cf figure D.2).

D.3 . Les étapes de calibration

Les étapes de réglage et de calibration des axes des cartes de photoluminescence et des
plans de Fourier sont données sur la figure D.4.
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