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摘 要

摘 要

本文对人工微结构材料中电磁波的传播规律进行了理论及部分的实验研究。

这些人r丁材料包括微结构非线性光学材料、微结构压电材料及微结构金属材料

等。由于电磁波与材料极化波的耦合效应，各种各样的物理性能得以呈现。

1)在光学超晶格中，光与非线性极化波的强烈耦合可导致准相位匹配的频

率转换。文章研究了一维周期异质结构中的非线性光学效应。由于同步的线性和

非线性系数的调制，这一简单的周期结构也能实现级联的参量过程(一般需要准

周期结构)。由于半导体材料具有较大的非线性光学系数以及成熟的制备工艺，

这一结果也为半导体异质结构中多参量过程的实现提供了可能。

研究了畴反转结构中电光效应对级联参量过程的作用。对于三次谐波产生，

通过电光效应(外电场平行于光轴)，三次谐波能够被人为地调制并得到一‘定的

增强。而对于二次谐波产生(外电场垂直于光轴)，由于同步的非线性和电光系

数的调制，可实现频率转换和模式转换过程的耦合。这一过程也依赖于外电场。

故通过电光效应，可实现对二次谐波的幅度以及偏振态的调节。

2)在压电超品格中，电磁波与超晶格振动引起的线性极化波的强烈耦合导

致声予极化激元。从超晶格振动的方向来看，压电超晶格中的声子极化激元主要

有横向和纵向(极化激元)之分。文中对声予极化激元的有关规律作了探讨。尤

其是从压电方程和声场方程出发，首次对压电超晶格中的黄昆方程给出了理论推

导。同时，对文献中的结果也做出了重要的修正。

从电场的偏振方向来看，压电超晶格中的声子极化激元又有寻常和异常(极

化激元)之分。由于压电效应的各向异性，纵向超晶格振动能够引起两支正交光

电场之间的耦合效应。耦合的结果使得极化激元的偏振方向发生旋转。同时，两

种极化激元有着不同的传播特性：在共振频率附近，一支能够传播而另一支则被

禁止。这种异常的耦合效应未曾见于一般的离子晶格中。

3)在微结构金属材料中，电磁波与金属表面电子振荡的耦合产生表面等离

极化激元。近来，穿孔金属膜中的增强透射效应引起了广泛的研究兴趣，其物理
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机制以及极化激元的作用也产生了极大的争论。文中以矩形的亚波长小孔作为研

究对象，对增强透射效应进行了理论(解析计算)和实验的研究。并且，理论和

实验结果取得了极好的吻合。通过研究，我们揭示了电磁波的透射规律，同时也

澄清了表面等离极化激元在增强透射过程中的作用。

文中对二维金属腔的反射谱以及其中存在的电磁共振效应进行了理论研究。

由于反射波的干涉效应或由于衍射波与腔模的强烈耦合，反射谱中将会出现反射

极小。尤其是对于后者，耦合效应将导致能量的强烈吸收；同时，腔模也获得极

大的增强(～850倍)。因而，这一金属微结构除了可用于吸波材料的研制，也为

研究和利用场的增强效应提供了良好的环境。

4)在极性分了系中，电磁波与分子转动的耦合将导致极性分子中的极化激

元。文章对上述耦合效应进行了理论研究，并给出了描述这一效应的黄昆方程。

尤其重要的是，耦合所产生的带隙(对应于微波频率)强烈地依赖于外加的直流

电场。因而，我们可通过外加电场来控制微波的传播并调谐其带隙。这一耦合效

应为研究和开发新型的微波带隙及微波吸收材料提供了可能。

在这些人工微结构材料中(除极性分子以外)，一个共同的物理特征是，由

于相应的物理参数的周期性调制，倒格矢都参与了电磁波的激发与传播。
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ABSTRACT

The propagation of electromagnetic(EM)wave in artificially microstructured

materials，including structured nonlinear-optic material，piezoelectric material and

metallic material etc．，has been studied．The coupling between the EM wave and

material polarization gives rise to various physical properties．

1)In an optical superlattice，strong coupling of light to nonlinear polarization

corresponds to quasi-phase—matched frequency conversion．Here，the nonlinear-optic

effect in a periodic hetero-structure has been examined．Due tO simultaneous linear

and nonlinear modulation，multiple parametric processes can be coupled in a single

optical superlattice．The result provides US with the possibility to integrate multiple

processes into a semiconductor hetero-structure，which owns the larger nonlinear

-optic coefficients and mature fabrication technology．

Moreover,the effect of electro-optic modulation on coupled parametric

processes has been investigated．For the third-harmonic generation，the power output

can be controlled and enhanced by a DC electric field applied along the optical axis．

For the second—harmonic generation(DC field is normal to the optical axis)，due tO

simultaneous modulation of nonlinear and electro—optic coefficients，the frequency

conversion can be coupled to mode-conversion processes．With the DC electric field，

both amplitude and polarization of second harmonic can be controlled．

2)In a piezoelectric superlattice(PSL)，strong coupling of EM wave to linear

polarization induced by the superlattice vibration results in the phonon polariton．

From the direction of superlattice vibration，there are not only transverse but also

longitudinal phonon polariton in a PSL．Here，some features related to the polariton

have been discussed．For the first time，the transformation from piezoelectric and

Newton’S equation tO Huang·Kun’S equation(in the PSL)has been presented．And

simultaneously,some points in the literature have been corrected．

From the polarization of electric field，there are not only ordinary but also

extraordinary polariton in a PSL．Due to anisotropism of piezoelectric effect，the

superlattice vibration can induce a coupling between two orthogonally polarized fields

of light．The polarization of two types of polariton modes rotates accordingly,as a
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_一——————————————————————————————————————————————一

consequence of strong coupling．Moreover,different propagation
characters of

polariton modes
have been found：one is supported on the resonance

while the other

prohibited．This
unusual coupling effect is not present

in classic lattices·

3、1n the microStmctured metals，strong coupling of
EM wave to collective

oscillation of surface charges causes the surface plasmon polariton·Recently,

enhanced optical transmission through perforated
metal films has generated great

interest，and underlying physics
and role of surface plasmons have been drastically

deb砒ed．Here．by using square and rectangular subwavelength
holes，the enhanced

light transmission has been
studied both analytically and experimentally·And

excellent agreements between them have been achieved．With
the analytical results，

the transmission properties of light have been suggested，and the role
of surface

plasmons has been clarified．

In addition．the theoretical investigation has also been extended to the reflection

sDectrum as well as the EM resonance of 2D metallic cavities．Due to the interference

effect or strong coupling between diffraction modes
and cavky surface plasmons

(CSP)．minima will appear in the reflection spectrum．Especially,the latter coupling

e骶ct gives rise to a strong absorption of light，and simultaneously the CSP mode is

greatly enhanced．Hence，the 2D metallic
cav}ties can be used aS absorption materials，

or employed when studying the
enhancement of fields．

41 In the molecular dipoles，strong coupling
ofEM wave to rotation of molecules

can lead to a new type of po lariton．Here
the coupling between them has been studied，

and Huang-Kun's equation which governs
the effect has been deduced．Especially,the

photonic band．gap by polariton(corresponding
to microwave region)relies strongIY

on the DC electric field．Then by the DC electric field，the band。gap
can be modulated，

and the propagation of microwave
can be controlled．With this coupling effect，new

micro．wave band．gap or microwave absorption
materials may be developed·

In these artificially microstructured materials(except for the molecular dipoles)，a

common亿ature is that，due to the periodic variation of
the associated physical

parameters，the reciprocal
vectors have participated in the

excitation and propagation

of c lassic or EM waves．
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第一章前言

§1．1人工微结构材料

第一章前言

因其复杂性和重要性，凝聚态物理学已成为当今物理学发展的前沿之一。而

人工微结构材料则是凝聚态物理学以及材料科学的一个重要研究内容。根据需

要，人们可通过设计并控制材料的组分、结构和尺度，从而构造出自然界本来没

有的新型材料。一方面，这样的微结构材料可以在新的尺度下实现并模拟传统材

料的物理效应；另一方面，它又往往具有不同于传统材料的新的物理性能(正所

谓“新材料，新效应”)。因而，人工微结构材料具有重要的理论研究和应用价值。

若干年来，人们已发展出各式各样的微结构材料，比如半导体或金属超品格材料

【l，2】、光子或声子带隙材料【3，4】、负折射材料【5，6】等等。

本文所涉及的人工材料主要包括微结构非线性光学材料、微结构压电材料及

微结构金属材料等。现略述如下：

微结构的非线性光学材料又称为光学超晶格或准相位匹配材料，它是通过材

料的非线性光学系数的人工调制，来弥补光参量过程中基波与谐波之问的位相失

配，从而增强非线性光学效应【7】。通常，铁电晶体材料具有较大的非线性光学

系数并能通过铁电畴的反转进行调制，因而引起了人们的J“泛关注。1980年，首

块周期在微米量级、具有畴反转结构的光学超晶格在实验室制备成功【8】。随后，

进一步的工作将微结构从周期推广到准周期【9，10】、从一维推广N-维【ll，12】，

并且揭示了丰富的物理效应【9，13，14】。

微结构压电材料义称为压电超晶格，它是压电系数被周期调制的一种人工材

料。实际上，铁电晶体同时也是优秀的压电材料，并且其压电系数亦能随着铁电

畴的反转而变号。在压电超晶格中，人们感兴趣的是声振动的激发与传播。当施

与交变的外电场时，由于压电效应，超晶格中便会激发出高频的超声波【15．18】。

这一效应显示了压电超晶格在制作高频的声学器件方面具有重要的应J}}j价值。近

年来，进一步的理论与实验研究表明，除了外加的交变场，电磁波也能通过其电

场与压电超晶格相互作用，从而产生新的物理效应【19-221。
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微结构金属材料是近年来获得复兴的一种人工材料。由于其独特的介电性

能，它引起了人们极大的研究兴趣。以金属微结构部分或全部地替代介电材料，

可制作新型的光子带隙材料【23．25】；以开口的金属环为基元，可制作负磁导率材

料[26，27】；而以金属线和金属劈裂环作周期排列，在特定波段便能构成左手材

料【5，28】。近来，基于金属表面等离极化激元的光子学或plasmonics正日益受

到关注，它代表着未来光电子技术领域新的发展方向[29，30】。此外，Ebbesen

等人在穿孔的金属薄膜中所发现的异常透射效应【31，32]，再次向人们展示了微

结构金属材料的独特的魅力。

§1．2电磁传播与作用

周期结构中波的传播是固体物理学中一个基本的研究课题，亦或称为固体物

理学的范式[33】。弹性波(晶格波)、电磁波(X射线)及de Broglie波(电子波)

在周期结构中的传播被分别总结在晶格动力学、X射线衍射动力学及固体能带理

论之中。近二十年来，经典波特别是电磁波的研究又重新获得极大的复兴。究其

原因，一则由于它们都遵从波动方程，因而期望在新的尺度下探求与电子波相类

似(乃至不同)的物理性质和行为；二则与电子相比，光子作为信息与能量的载

体具有更人的优越性，因而光子技术也将成为未来发展的主流方向。

众所周知，物性参数的周期性调制将带来波的Bragg反射，从而形成能带结

构。在离子晶体中，周期性势场导致电子的带结构，处于禁带中的de Broglie波

则不能自由传播[34】。类似的物理效应也存在于人工微结构材料中，比如，对介

电常数进行调制的光子晶体。将具有不同介电系数的介电、金属或其它材料在空

间作周期排列(周期与光的波长可比)，可构成一种新的人工晶体材料。当电磁

波在其中传播时，由于Bragg反射，因而形成光子能带结构【3，35】。同样，频

率落于带隙中的电磁波也被禁止传播。这样的材料在控制光的辐射与传播方面有

着重要的应用前景[36，37】。此外，弹性系数或材料密度的调制则对应于声子晶

体或声子带隙材料【4，38】。

实际上，Bragg反射仅是问题的一个方面，同时它也并非形成能带结构的唯

一机制。我们知道，电磁波在材料中的传播过程，其实质就足带电粒子与电磁场
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相互作用的过程。在电磁场的作用下，带电粒子有极化、磁化和传导三种运动形

态。首要的一点是，光在传播过程中，它将通过其电场引起介质极化，并产生极

化波(电偶极子振动的传播)。而根据Maxwell方程，与此同时，极化波也将辐

射电磁波。由此可知，光的传播过程也是电磁波与材料极化波的耦合过程。

在强场的情况下，介质中除了线性极化波外还有非线性极化波[39】。非线性

极化波往往对应着新的频率；但它能否产生相应的倍频或混频光，则取决于干涉

加强的条件是否满足。在(准)相位匹配的条件下，非线性极化所发射的变频光

干涉加强，因此能量由入射波经非线性极化波而实现有效的转移。可见，光与非

线性极化波的强烈耦合对应于(准)相位匹配的频率转换。

在线性情况下，材料中的电磁波实为电磁波与线性极化波的混合态，即电磁

波携带着极化波在传播。一个熟知的结果是材料的介电常数以及波速皆偏离真空

中的数值，同时相当一部分能量被储存于材料的极化波里。为此，将电磁波与材

料极化波的混合态或耦合模称为极化激元[40】，它是凝聚态物质中一类重要的元

激发(狭义的极化激元仅限于共振频率附近的耦合模)。例如，在离子晶体中，

光子与晶格振动的横光学声子将发生强烈耦合，产生声子极化激元(远红外波段)

【34】。这种耦合效应带来一个重要的结果，即在共振频率附近出现光子频隙，其

中电磁波的传播将被有效地抑制。同样，在人工微结构材料，例如压电超晶格中

也存在着类似的耦合效应，从而在微波波段产生声子极化激元【19．22】。值得注意

的是，此处带隙的产生异于光子晶体。一则机制不同；二来晶格常数远小于电磁

波长，因而材料为亚波长光学材料。另外，由于耦合对象的不同，常见的极化激

元还有光子与激子耦合形成的激子极化激元、光子与等离激元形成的等离极化激

元[29，30]等。它们的存在使得材料展示出异彩纷呈的物理性能。

此外，电磁波还能通过其磁场与材料的磁化(自旋波)相耦合，产生磁振子

极化激元[401；或通过其电场或磁场与传导电流相耦合，如周期结构的金属线[24】

和开口金属环[26】。最后应当指出，与此平行的耦合效应或“极化激元”还存在

于声波的情形，如磁性晶体中弹性波与自旋波的耦合，以及人工声子材料中的局

域共振等【41】。因而，有关极化激元的研究也为后者提供了一定的借鉴和启示。



第一章前言

§1．3电磁场方程

(--)Maxwell方程 电磁波的激发、传播，以及它与物质的相互作用由如下

的宏观Maxwell方程来描述[42，43】：

VXE=一OB／西．

VxⅣ=J+aD／Ot，

V·B=0，

V·D=P．

其中，E，日，B，D分别为电场强度、磁场强度、磁感应强度及电位移：J，P分

别为传导电流及自由电荷体密度。上述方程之间具有一定的相关性，即后两个方

程可由前两个方程外加电荷守恒定律导出，故并非全部独立。另外，在直角坐标

系下，旋度算符可用下面的矩阵形式来表示：

f，0 一a／瑟a／Oy]
【Vx】-l 8／bz 0 一a／叙I． 1．2

I句／砂a／Sx 0 J

值得注意的是，Maxwell方程是研究宏观电磁现象的基础，它适用于带电粒

子以及光的量子性都没有显著表现的电磁过程。

(二)电磁性质方程 在电磁场的作用下，带电粒子的极化、磁化和传导运动

形态分别由极化强度P、磁化强度M以及传导电流密度J表征，且有

J=erE，

D=￡oE+P， 1．3

B=风H+goM．

通常，极化和磁化矢量既依赖于外加的电磁场，又和材料的微观结构和性质

有关，囚而难以得到普遍的规律。在特定的情况下，它们之间的关系町由相应的

电磁性质方程或物质方程给出(见表1．1)。

由于通常所涉及的材料大多为线性各向同性的磁介质，其电磁性质方程为

M=10H，因而有B=／ZoP，H (／1，=l+K；对于非磁性材料，／z，=1)。

4
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表1．1几种典型材料的电磁性质方程

典型材料 电磁性质方程

各向同性媒质 只=eoZE,

各向异性媒质 只=F．o?CoEj

非线性媒质(强场) 只=￡ojC口Ej+￡ox譬EjEk

离子晶体(远红外) P=62lW+622E

压电晶体材料 P1=e,,Sj+￡o)c舂E k

(三)电磁边界方程 Maxwell方程组的微分形式只适用于描述介质内的电磁

变化规律。在分界面上，由于媒质性质及场量的突变，微分形式已然失去意义。

而由方程的积分形式可导出如下的边界关系：

p(易一巨)=o， 1．4a

【，，×(也一q)=以．

p(岛一旦)=o， 1．4b

【刀。(05一Di)=Ps．

边界条件本质上是Maxwell方程在界面上的体现。因为Maxwell方程并非

相互独立，因而边界条件亦复如此。即上述两组边界条件相互等价，在使用时可

根据需要任选一组。

边界条件表明，B的法向分量和E的切向分量连续；而D的法向分量和H

的切向分量将发生跃变(当存在有电荷及电流面密度时)。若材料的电导率为无

限大(理想导体)，则以，Ps≠0且电磁场不能穿入其内；若电导率为零或有限大

(实际材料)，则以=Ps=0(自由电荷及传导电流总是体分布的)。

§1．4论文结构与安排
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本文以微结构非线性光学材料、微结构压电材料及微结构金属材料等作为研

究对象，研究其中电磁波的传播规律，揭示电磁波与材料极化波的耦合效应。内

容共分为八章。

第二章对光学超晶格中的频率转换进行了理论研究，内容涉及光与非线性极

化波的耦合效应。重点讨论了在周期的异质结构中实现三次谐波产生的可能性及

其条件；讨论了电光效应对二次及三次谐波产生的作用。

第三章对压电超晶格中电磁波的传播进行了理论研究，内容涉及声子极化激

元。重点探讨了声子极化激元的有关规律，并对压电超晶格中的黄昆方程给出了

理论推导。此外，由于压电效应，超晶格振动能够引起两支偏振方向正交的电磁

波之间的耦合。文中对这种异常的耦合效应也进行了讨论。

第四章至第六章对金属材料中的电磁效应作了理论及部分的实验研究，内容

涉及表面等离极化激元。其中第四章对表面等离极化激元的有关规律作了探讨；

同时，对表面阻抗边界条件及其运用作了介绍。

第五章研究了穿孔金属膜中的增强透射效应。这一效应的潜在机制是近来争

论的一个焦点。通过理论与实验研究，揭示了电磁波在通过穿孔金属膜的透射规

律，澄清了表面等离极化激元在增强透射过程中的作用。另外，通过Fourier系

数的调制，对透射谷的抑制效应也进行了报导。

第六章对二维金属腔中的电磁共振效应进行了理论研究。由于电磁干涉或由

于衍射模与腔模的强烈耦合，在一定的频率范围，腔内的电磁场可以得到极大的

增强。这一现象可用于表面效应的增强或吸波材料的制备。

第七章对电磁波在极性分子体系中的传播进行了理论研究，内容涉及电磁波

与分子转动的耦合效应。最后一章给出一个简短的小结。
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第二章光学超晶格中的非线性频率转换

§2．1引言

1960年激光器的诞生开创了许多新的研究领域，非线性光学即为其中之一。

1961年，Franken等人将红宝石激光束聚焦于石英晶体上，首次观察到入射光的

倍频输出⋯。这一效应表明材料的极化强度与入射光场的关系是非线性的，其

中包含二次项。同时，这一效应也为进一步实现激光的频率转换，扩展激光器的

频率覆盖范围提供了可能。然而，由于材料色散而引起的位相失配的存在，该二

次谐波的转换效率极其低下。不久，Kleinman等人提出双折射相匹配理论，即

利用晶体的双折射效应来取得相速度的匹配。不过，这一方案有着诸多的限制和

不利因素。1962年，Bloembergen提出准相位匹配理论【2】：通过材料的非线性光

学系数的周期性调制，来弥补光参量过程中各波之间的位相失配，从而增强非线

性光学效应。这一思想为实现相匹配指出了新的研究方向。

多年来，由于材料制备的困难，准相位匹配理论并没有得到很好的实践和发

展。1980年，首块具有周期性铁电畴结构的LiNb03晶体在南京大学制备成功，

并观察到准相位匹配的二次谐波产生【3】。在这种人工微结构材料即介电体超晶

格中，非线性光学系数能够随着铁电畴的反转而周期性的调制。这一效应奠定了

介电体超晶格在非线性光学领域的重要地位。随后，超晶格的制备方法得到了不

断的发展，而其中脉冲电场极化技术成为发展最成熟、应用最广泛的技术[4]。

近十多年来，准相位匹配的频率转换得到了广泛的理论和实验研究。首先，

准相位匹配理论从周期被推广到准周期结构。1990年，朱永元等率先对Fibonacci

光学超品格进行了理论研究，并揭示了其独特的二阶非线性光学效应【5，6】；1997

年，祝世宁等首次对理论作了实验验证【7，8】。其次，准相位匹配理论从单参黄

被运用到多参量过程，这包括多重二次谐波产生、三次谐波产生以及其它的耦合

参量过程【5．10]。另外，Berger等人还将准相位匹配理论从一维推广到二维结构

(或称为非线性光子晶体)【l l，121。一些有趣的光学效应如锥形的二次谐波产

生【13】等得以揭示。由于其重要的理论研究和应用价值，准相位匹配的频率转换
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仍是目前非线性光学领域一个热门的研究课题。

§2．2异质结构中的频率转换

如上所述，介电体超晶格为实现准相位匹配技术提供了材料基础。这种微结

构材料的特点是非线性系数人工调制而折射率空间均匀。除此之外，线性和非线

性系数同时调制的异质结构材料也引起了人们的注意，其中包括理论和实验研究

【14．18】。不过，以往的工作仅限于单参量过程。下面将研究周期异质结构(弱折

射率调制的情形)中的非线性频率转换，重点揭示三次谐波产生的可能性及其耦

合过程。首先简要提一下非线性波动方程【19】。

§2．2．1非线性波动方程

在强电场如激光的作用下，须考虑材料的非线性光学效应。此时，极化强度

应由线性项和非线性项构成，即

P=PL+P№． 2．1

对于各向异性的非线性光学晶体材料，只考虑二阶非线性效应，则

只’。(旷1)t， 2．2

半=2eod,jtE jEk．

其中，￡，为介电常数，吃。为非线性光学系数，重复足标表示求和。若进一步的

采用简化足标，非线性极化强度还可表达成下列矩阵形式：

暖]舭=2岛[多耋耋d2,,al窑l,d窆16]
砰

霹

霹
2易E

2巨E

2E,最

2．3

为讨论问题方便，假定耦合波沿着x方向传播且偏振皆为z方向(对于畴反

转结构的L烈b03或LiTa03超品格，这样可利用最大的非线性光学系数)，则
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睁=Eo(E33一1)岛，

霹L=2eod33鹾．

另外，x及Y方向的非线性极化或为零或因相位失配而不予考虑。

将物质方程2．1及2．4代入Maxwell方程1．1中，可得

a2E￡33 a2E 2如a2E2
苏2 f2 3t2 c2 a2。·_-__一一·_；；-·__·_一=·--I二=一．

其中E为多个耦合波场的叠加，即E=∑Ej(x，f)。在平面波近似下，有

2．4

弓(x，t)=(1／2)[Ej(x)e㈣”∽+cr．】， 2．6

C．C．表示共轭复数。方程2．5即为描述光波与非线性介质相互作用的基本方程，

或称为非线性波动方程。它是下文讨论非线性频率转换的出发点。

§2．2．2二次谐波产生

设想如下的周期异质结构：A、B两层材料沿着x方向周期排列，其折射率、

非线性系数及长度分别为％。"以，口及‘，占。在弱折射率调制情况下(加<<；)，

忽略界面的反射损失。此时，二次谐波的产生可逐层计算。

先考虑第m个周期中的材料A，其中的电场强度可表示为：

E=(1／2){EoP玎q‘一南J‘”‘+j’一向ambl+c·c·}，
2．7

易=(1／2)[G(x)e7‘她卜‘z一。’+cr．】．

这里采用了小信号近似，即忽略了基波的损耗；IEI o≤x<‘。将上式代入非线性

波动方程2．5，在缓变振幅近似下可得，

鸩(x)／dx=G e,l蛳勘‘屯』‘+南。钏． 2．8

其中，CI=06九日／2历2。c，蝇=屯彳-2&一为A层中的波矢失配。通过积分可

得单层A中产生的二次谐波幅度为

易一(所)=Cl[@他‘-1)／iAkA]e功”‘与一‘+^。∽． 2．9
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上述二次谐波在输出时(共N个周期)，其波场相应的表示为

砭一(m)=毛爿(聊)P1‘肛咧七2一‘“z—u． 2．10

那么在输出端，所有的A层材料产生的二次谐波应为各单层A的矢量叠加，即

有如下结果：

Ⅳ一1

％(￡)=∑EA(所)
～

．Ⅳ一l
2．1 1

=C1Ⅳ叱‘-1)／iAkA]e刑‘碱心㈣∑elmQ．
m=0

其中，Q=Ak—L+△J}以，Ak占=k2占一2墨B为B层中的波矢失配。

同样的处理可得所有的B层材料在输出端产生的二次谐波为

^，一l

最8(三)=c2【(P7阮b-1)／iAke]e。嘶‘P1Ⅳ‘屯』‘“2口b’∑eO,,Q． 2．12
m=O

其中C2=哆以霹／2in2，。因而总的谐波输出五(三)=I易_(三)+五口(三)I为

蝉，=等I畦蜘学+击咖学∥2，
从方程2．13可以看出，二次谐波输出正比于sin(NQ／2)／sin(Q／2)，这类似

于光栅的衍射效应。当满足Q=2nat(”为整数)即下面的关系

丛4lA+醯BlB=2mr， 2．14

二次谐波输出达到最大。方程2．14即为异质结构中的准相位匹配条件。此时，

一挚妊一彘Isin半． 2朋

应该指出的是，虽然方程2．14是在忽略基波损耗的情况下得出的，但它仍

然具有普遍意义。因为相位关系与振幅无关。此外，当材料A、B的折射率相同

时，2．14便简化为‘般的准相位匹配条件，即△七=2，zn／A。

12
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§2．2．3三三次谐波产生

通过倍频与和频的耦合来产生三次谐波是目前获得短波长激光输出的重要

手段之一。该耦合过程存在着两个波失失配，因而相应的需要两个倒格矢。对于

畴反转结构的光学超晶格，一般情况下，周期结构只能提供一个倒格矢来进行准

相位匹配。因此，多参量过程的实现往往要借助于准周期或非周期结构【8，10】。

那么，在周期的异质结构中能够实现多参量过程比如三次谐波产生吗?

实际上，由于折射率调制的引入，周期异质结构的准相位匹配条件比均质结

构增加了一个附加的自由度(见方程2．14)。如果通过材料参数和结构的设计，

使得倍频及和频过程的准相位匹配条件，即

同时满足，则能得到有效的三次谐波产生。

下面先给出耦合方程。由于在波的传播方向上存在着弱的折射率调制，则媒

质中的波场可表示为

Ej(x,t)=(1／2){Ej(x，PⅡq卜c-。t)出“+cr．}． 2．·7

其中积分式为位相沿传播方向的积累。将上式代入非线性波动方程2．5，并考虑

到能量守恒条件(q+q=哆，q+哆=皑)，可得到基波、二次及三三次谐波的

耦合方程：

堕+旦堕：一f型黜E：E,‘e1胁，’埘+E，E∥c蛳埘】，dx 2n．dx crll(x)‘‘
3‘ “

堕+旦堕叫磐【星P伽z‘埘+E，E?P巾z(j’)出】，2．18dx 2n，dx Cr／，(x)‘2
’‘ “

堕+旦一dn3：一i t03d(x)[E∥胁x‘)出】．dx 2n1 dx C／'／1【叫
1‘ 。

其中，弓=t(x)。与均质结构中的耦合方程【20】相比，这里有两点著异。第一，

№缈姗
=

=麓
}

+^以膨膨



第二章光学超品格中的非线性频率转换

由于折射率的调制，方程中多出一个附加项(t／2nj)·啦／dx。它反映了界面上

入射与透射场的不连续性(嵋／‘=也，／2nj)。第二，由于波矢量随着空间

变化，因而相位失配表述为相应的积分关系。这是非常重要的一点。当折射率调

制不存在时，方程2．18重又退化为均质结构中的耦合方程。

上述耦合方程可采用一定的手续进行简化。这里将方程左右两侧在任一周期

之内进行平均。方程左侧取平均的结果为：

去‘j^謦+每芸胁≈誓k¨ 2∽

其中，人=厶+厶为结构的周期。而方程右侧取平均的结果贝．UY_LL于如下的耦合

系数(电场幅度在一个周期内可近似地视为常数)：

驴珂鬻P1肛∽护 2加

：itos。[dA(e-S划,,--1)．+坐竺生∥姒∥龇+‰¨．
cA’
nAjAkAh n8}醯Bh

J

一般而言，耦合系数与”有关，即随着长度而变化。因此，不同周期内产生的谐

波未必能保持一定的相位关系而干涉加强，除非准相位匹配条件得以满足。在准

相位匹配的情况下(蝇^L+龇肭IB=2nn：)，2．20可化为：

Lh=2⋯W’(_巾d瓦A一击)Sin半P-f竿． 2引

相应的，如果倍频及和频的准相位匹配条件即方程2．16成立，则耦合方程2．18

可简化变为：

华：一／f,。最耳一／f,：毛度，
C／x

警=一以譬也毛日， 2忽

华：一叛E易．
dX

上述方程可方便的用来研究小信号近似及基波损耗情况下的耦合过程。
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周期结构参数可通过准相位匹配条件来获得。由方程2．16得到：

厶=瓦2Jr(瓦qAkB砸l-pAk82)，‘=瓦2／r(瓦pAk丽一2-qAkAl)． 2．23

这里，整数P、q需要进行适当的选择。假定波矢失配皆为正值I；t AkA2／吨l大

于哦2／△k。，则P、q应满足下面的不等式关系(‘。口>0)：

(龇82／龇引)<q／p<(△九2／龇一1)． 2．24

现在再回到耦合方程2．22。如果耦合系数石2、正：及五：为零，2．22即为倍

频方程。容易验证，若此时采用小信号近似，则所得结果与上节的2．15完全一

致。对于三倍频过程，如果也采用小信号近似，则有：

E2(驴一鲁砰sin㈣tel E3(L)_-争酗n2(等． 2．25

其中，r=(五：‘)Ⅳ2l岛I。可见，二次及三次谐波都能随着长度而有效的增长。

如果考虑到基波的损耗，则需求助于数值计算。下面将给出一个例子。

假定周期结构由GaN(A)和ZnS(B)构成，且基波的波长为1342纳米

(An／2n=0．7～1．9％)。根据2．24，选取p=2及q=9。由2．23计算得A、B

层的长度分别为13．717、7．049微米，相应的周期为20．766微米。计算结果如图

2．1所示(基波功率为400MW／cm2)。其中，实线为方程2．22的模拟结果，而

虚线为2．18的结果；两者吻合良好。当样品的长度为lO毫米时，二次及三次谐

波的转换效率将分别达到70％和15％。如果通过材料参数的设计使耦合系数得

以优化，则i次谐波的转换效率可得到进一步的提高。

实际上，倍频和和频的准相位匹配条件难以同时得到满足。一般地，只要和

频过程能够准相位匹配，即使倍频存在着残余的位相失配，三次谐波也能有效地

产生【8】。为此，将倍频的相位匹配条件写作AkA。乙+Ak脚IB=2xp(1+5)，并研究

失配因子S对频率转换的作用。图2．2为相应的计算结果。计算表明，当S较小
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时，倍频强而基波弱：当S较大时，情况则相反。三次谐波与基波和倍频波的乘

积有关，故对该失配有着较弱的依赖性：在一定的范围内可得到有效的输出。

X
o
C

．尘
‘)

E
∞
C

．Q
∞
o
>
C
o
o

分
岳
：互

专
1-

．Q

巴

宝
g
o

Length(mm)

图2．1转换效率对长度的依赖关系

图2．2相位失配对频率转换的影响

§2．3电光调制的频率转换

一般说来，晶体的物理性质往往与温度、压力、电场及磁场等物理量有关。

通过这些物理量，晶体的物理件能以及其中光与物质的相互作用可以被人为地进

16
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行调控。比如，铁电晶体往往也是优秀的电光材料，具有较大的电光系数(三阶

张量)。因而，通过；'b／Jn电场可改变晶体的光学性质。这一点具有重要的应用价

值，比如制作电光调制器、电光开关等【19】。

近年来，将电光效应运用于畴反转结构也取得了重要的研究成果【21．28】。如

果将(周期的)铁电畴做成三角形或透镜的形状，则外加电场可改变光束的传播

方向；据此可研制成电光透镜或电光扫描仪[23，24】。在非线性频率转换过程中，

电光效应也能发挥它的重要作用。比如，利用电光效应，既可实现对光参量振荡

过程的频率调谐【25，26]，也能实现对二次谐波产生的幅度调制【27，28]。然而，

上面所涉及的一些耦合过程仅仅为单参量过程。下面将讨论电光效应对多参量过

程的作用。首先简要地提一下电光效应【19]。

§2．3．1电光效应

当晶体受到外电场的作用时，其折射率的改变与外加电场成正比。这样的效

应称为Poekels效应或线性电光效应(简称电光效应)。注意点有二，一是电光

效应仅存在于没有反演中心的压电晶体中；二是外电场包括直流电场以及低频交

变场(低频是相对于光频而言，也包括微波频率)。实际上，电光效应也可视作

二阶非线性光学效应的特例，且电光与非线性系数存在着下列对应关系：

dok=一￡I。￡∥口k／2． 2．26

在晶体光学中，光波的传播特性司用直角坐标系中的折射率椭球来表达。折

射率椭球的一般形式为：

Ex2+垦y2+马z2+284Yz+285zx+286xy=1． 2．27

其中，E(f=1～6)分别代表岛=巧1(0-=1 1～33，23，3l，12)。当没有外加电场时，

j5I：卜，=n-2，E小。=o。施加电场以后，折射率椭球发生变形。此时，色的变化

量峨与外电场的关系由电光系数‰来联系，即

曲{=1一k． 2．28
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采用简化足标后，上式可写成如下的矩阵形式：

鹋
AB2

皑
皑
AB5

哦

MI X2 M3

托1 托2 托3

％I 鸭2 托3

托I ％2 扎3

％l 镌2 托3

心l 讫2 心3

相应的，介电张量元的改变则由下面的关系给出：

Ae,j=一￡ii￡√}tEk．

§2．3．2电光调制的三次谐波产生

2．29

2．30

谐波的转换效率是制作实际器件时必须考虑的一个重要问题。对于三次谐波

产生，理论研究表明：在准相位匹配条件下，三倍频的转换效率不仅与耦合系数

的大小有关，而且还强烈依赖于倍频与和频的耦合系数LL[291。当比值小于临界

值时，耦合波随长度而振荡；当比值大于临界值时，理论上，所有的能量将转化

为二次谐波；只有当比值等于临界值时，三次谐波方能获得最有效的输出。不幸

的是，在许多情况下，耦合系数比往往大于临界值，因而三倍频受到极大的抑制。

实际上，上述结果乃基于准相位匹配条件所得。如果存在准相位失配，则情

况未必如此。这是由于非线性频率转换对相位关系尤其敏感。因材料的折射率依

赖于外电场，而相位关系又相关于折射率。故通过电光效应，非线性的频率转换

过程可被人为地控制，并有可能获得二二次谐波的增强。

以LNb03或LiTa03光学超晶格为例。当电场沿着Z轴施加时，由方程2．27

．29可知，折射率椭球的主轴方向不变而长度发生变化。此时[261，

馋(日)=／'le一(1／2)n37'33幺． 2．31

可见，由于电光系数的调制，折射率亦随着空间位置而变化。因此，在外电场的

作用下，超晶格中存在着同步的线性和非线性调制。而上节推导的耦合波方程

2．18也适用于此。



第二章光学超晶格中的1}线性频率转换

由于电光效应带来的折射率调制较弱(An／n～10。)，故方程2．18左边的

第二项可忽略不计。现假定倍频与和频过程在无外加电场时皆能准相位匹配。则

电场施加以后，准相位匹配条件将被稍稍破坏。利用kj(曲=哆刀，(x)／c、方程2．31

以及Fourier"3礅ds，(x)／nj(x)≈(d3，／n，)∑6f,e却，可得

其中，

单：一fK44 e幌F(咖一f蚝44P，既F(w，
ax

警叫《等P一舻∽。吨鸽乖舻∽J， 2m

华：一f《44P一慨，c咖．积

Aj=心n}l∞jEj， FQo=O／x)rf(x')dxj，
●。。‘‘。。。‘。。。。‘1一 一

屹=等辱蚝=警藤，
统，2，1r r、，ts一胛?)％，易，尾：孚(3霹一2司一彳)y3，局．
^ ^

此外，厂(x)为结构调制函数，五^为倒格矢G口。。的Fourier系数。

当外电场为零时，2．32即化为准相位匹配下的耦合方程。在外电场的作用下，

倍频与和频过程同时引入准相位失配尾．。F(x)x。这一失配将对耦合过程产生一

定的影响。通常在耦合过程中，倍频产生处于支配地位(其耦合系数较大)，且

三次谐波的能量往往会向倍频回流。而准相位失配的介入则有利于抑制倍频的支

配地位，也有利于抑制三次谐波的能量回流。由于准相位失配正比于外电场，故

通过电光效应可对准相位失配以及耦合过程进行有效的控制。此外，准相位失配

还与材料的结构函数有关(耦合系数也与之有关)。因而如何平衡及优化非线性

效应和电光效应也是一个值得考虑的问题。

数值计算基于两个结构(其长度均为20毫米)。一个是周期的光学超品格，

其周期为14．778微米，用以对1342纳米的基波进行三倍频(温度设为74．1度)。

此时，一阶和三阶倒格矢可同时用于准相位匹配。为优化电光效应，占空比陂

19
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选为0．25，则依据公式厶=(2／rrar)sm(mDcn')得Fourier系数Z=0．45及五=o．15。

另一个为准周期的光学超晶格，用于对1064纳米的基波三倍频(温度为50．0度)。

准周期结构由A、B两种基元所构成，其中每一基元又包含两个反向极化的铁电

畴(L=C+‘，‘=畦4-+石，且C=瑶=，)；其生成序列可由投影方法来确定

【30】。这里G1'l和G，3被用于准相位匹配，其中Gm。。=2zr(m+ny)／D，D=儿+lB。

据此结构参数设为y=2．2568，厶、如及，分别为6．593、10．50及3．15微米。相

应的Fourier系数为五l=o．386，石，3=-0．165，其中厶，。=2(1+y)ID—sinc(Gm．。l／2)x

sinc(X。。。)，XM=，rD‘1(1+y)(坍‘一nlB)。在计算过程中，折射率取自LiTa03的

Sellmeier方程【3l】。

DC electric field(V，mm)

图2．3 电场调制的三次谐波产生(a)周期结构，(b)准周期结构

对于两个样品，其耦合系数比f-k／砭=(五／AXn，／3n，)“2分别为1．781及

1．417，大于临界值0．8858。故在准相位匹配时并无有效的三次谐波产生。然而

在外电场的作用下，情况却有很大的不同：调制电场可改变三波间的能量分配并

导致高效的三次谐波输出(见图2．3，基波功率为200MW／cm2)。对于周期结构，

xuco—o—IIm

co一∞．jo>coo



第二章光学超品格中的非线性频率转换

当电场为零时，三倍频的效率仅为6．2％。随着电场的增加，倍频过程被抑制，

三倍频的效率也增大；当电场为94V／mm时，其效率达到最大值45％。随后，

进一步增大电场将导致更大的准相位失配，因而其效率亦降低。类似的效应也体

现在准周期结构中。另外，对不同基波功率下电光调制的三次谐波产生及其所需

电场也作了计算(见图2．4：实心圆和空心圆分别代表电光调制及准相位匹配下

的谐波产生效率，三角形则表示所需的外加电场强度)。结果表明，与准相位匹

配的情形相比，电光调制的三次谐波效率得到了极大的提高，并在一定的基波功

率范围内维持在较高的水平。

工
卜-
t-．

o
X
L)

C
．尘
‘)

E
U．I

Fundamental intensity(MW／cm2)

图2．4不同基波功率下电光调制性能

实际上，电光效应的作用也可视作对频率转换过程引入一个有效的波矢失配

尾．。F(x)。图2．5所示为F(x)geI-长度的依赖关系：F(x)随距离而振荡并最终趋于

一定值。对于周期结构，当X远远大于其周期时，F(x)≈2口一l=-0．5；而对于

准周期结构，F(工)则依赖于其复杂的结构参数并趋于．0．19。我们知道，温度调

谐也能引入波矢失配。然而与之相比，电光调制不仅在稳定性和均匀性上胜之，

而且还具有快速和精细的调谐性能。因而，温度调谐和电光调制可配合使用：前

者作为准相位匹配的粗调，而后者则作为准相位失配的细调。

2l

^E差pI∞仁o℃：13919
oo
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×(mm)

图2．5 F(x)随长度的振荡关系

§2．3．3电光调制的二次谐波产生

她，=㈦0三封 2．330￡(易)=l 毛I ￡23 I． 2．

L ￡23 ￡33j

其中，￡：，=一／,．／2，r／：2-蚝。易。可见，电光效应使得介电张量产生了非对角元。



第二章光学超品格中的非线性频率转换

则有可能产生如下的耦合效应：基波转化为z偏振的二次谐波，而后者再耦合到

Y偏振的二次谐波。这样也可实现同步的频率转换和电光调制。

由于超晶格中同时存在着Y、z方向上的光电场，则根据介电张量2．33及物

质方程D，=￡。￡，弓+只舰，有

D=EoElIEv+EoE'23y 巨，

见：￡。￡23i+eoe33Ez+2岛d33彰． 234

其中，q=E2y(工，f)，E=巨：似f)+易：(而f)。将方程2．34代入Maxwell方程1．1，

并利用缓变振幅近似及能量守恒关系，可得

_dElz：一i o喁d．(x)G：RP一，却，
“^ 一产

—dE-29：一f≤生[以3(x)磋Pf脚+￡23@)最，P1屿。】， 2．35

厦X ZrL,．C
。

堕：一f竺垒!型巨．P，屿，．

其中，她=乞：一2墨：，她=乞y一屯：。可见，在耦合过程中存在着两个波矢失

配。这里，非线性和电光系数的调制可被同时用于准相位匹配，即分别用来弥补

频率转换过程及模式转换过程中的波矢失配。利用Fourier变换厂(z)=∑。f,e岛。

及准相位匹配条件(AkI=G口，Ak2=q)，耦合方程可化为：

其中，

单：一衄44：，出
”“7

罢争：一缸+A12：／2+徊4y，aX
。

华：印’4：．
dX

4=昂口=竿屡小逊2c厩．

2．36

下面对耦合方程2．36作一个简单的分析。可以看出，第二个方程的右边由
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两项组成：一项代表倍频增益，而另一项则代表由于模式耦合而引起的消耗。两

项的竞争与耦合系数的比例，兰／3／a直接相关，而竞争的结果又决定了耦合行为。

大致可分为三种情况。1)t《l此时第二项可忽略不计。由方程2．36解得

纵x)l=隽tanh兰：协x)|-fIn(cosh争· 2．37

其中，甜=424。口工。当z，》l时，z偏振的二次谐波有较高的转换效率；而Y偏

振的二次谐波近似正比于卢x，其强度随距离微弱地呈平方关系增长。图2．6(a)

为t=0．1时的数值结果，与上述近似解较好地吻合。2)t》1此时消耗将很快就

大于增益，因而z偏振的二次谐波将受到极大的抑制。从第三个方程可知，二次

谐波的抑制必然削弱模式转换过程。在此情况下，两个偏振的倍频波都有着极低

的转换效率，因而基波的损耗可忽略不计。由此可得：

k(刮=鲁lSin(艄I，14y(x)|_争sin2譬． 2瑚

Length(cm)

图2．6转换效率对&度的依赖关系(口=500，40=1．0)

24
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可见，y与z偏振的二次谐波都随着长度作周期性的振荡，且振荡的幅度和周期

分别反比于f2和p。图2．6(b)为t=3时的数值结果，与小信号近似相一致。3)

第三种情况则介于二者之间，难以得到近似解。图2．6(c)为t=l时的数值结果，

此时Y偏振的二次谐波可获得较大的转换效率。

从上面的分析可知，不同的耦合系数比对应着不同的耦合行为。而耦合系数

比又正比于外电场。因此，通过外电场的调制可改变耦合系数比，并进而控制耦

合行为。这提供了一个简单而有效的调谐方法。

DC electric field(V，mm)

图2．7转换效率对电场的依赖关系(Iio=100MW／cm2，L=lOmm)

下面将通过具体的例子来说明这一点。考虑一个特例：基波波长为1064纳

米，温度为171度，工质为LiNb03光学超晶格(折射率取自文献[33，34】)。

此时，波矢失配为Akl=Ak2=0．9575 pm～。因此，一个周期为19．68微米、占空

比为0．5的超品格结构便可实现上述的耦合过程(三阶倒格矢用于准相位匹配)。

图2．7(a)为转换效率对外电场的依赖关系。当电场为零时，耦合过程即为一简

单的倍频过程，相应的输出为Z偏振的二次谐波。随着电场的增加，模式转换过

》uco—o一仁o

co一协．10>coj



第二章光学超品格中的非线性频率转换

程增强；随着Z偏振的倍频波减弱，Y偏振的倍频波增强。当电场为490V／mm

时，Y偏振的．-二次谐波达到最大，其效率为93％。如果进一步增大电场，则倍频

产生被抑制，而能量被逐渐还原于基波之中。可见，通过电光效应，二次谐波的

偏振以及效率可同时被人为地进行调制。

如果两个波矢失配不等，则需求助于准周期结构。图2．7(b)是针对基波波

长为1342纳米、温度为120度的情形所给出的模拟结果。此时，准相位匹配条

件为G1．o=Akt=0．4808#m～，Gi．2=△也=0．7319／．tm一。相应的结构参数设置为

y=0．261 l、‘=14．661tm、‘=9．24,um以及，=4．629in。与图2．7(a)相比，图

2．7(b)有着大致相同的耦合特征，兹不赘述。

§2．4本章小结

本章对光学超晶格中准相位匹配的非线性频率转换进行了理论研究。这里的

光学超晶格既包括线性和非线性系数同步调制的异质结构材料，也包括铁电畴反

转的均质结构材料。其物理机制源于电磁波与非线性极化波的耦合效应。

对于异质结构的光学超品格，文章从二次谐波产生入手，揭示了其准相位匹

配条件。由于折射率调制为准相位匹配带来了附加的自由度，因而在周期异质结

构中实现多参量过程成为可能(对于周期的铁电畴结构，这一点仅在特殊情况下

才能成立)。以三次谐波产生为例，文章推导了耦合波方程并进行了数值求解。

对于铁电畴反转的光学超晶格，文章研究了电光效应对频率转换的作用。当

电场沿着光轴施加时，折射率调制带来准相位失配。通过电光效应可获得三次谐

波的增强。而当电场垂直于光轴施加时，可实现频率转换与模式转换的耦合。通

过电光效应，二次谐波的偏振和幅度可有效地被调制。
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第三章压电超品格中的声子极化激元

§3．1引言

第三章压电超晶格中的声子极化激元

1880年，E Curie和J．Curie首次发现，当在石英晶体的特定方向上施加作

用力时，其表面将产生正负束缚电荷，且电荷面密度与外力的大小成正比。次年，

由Lippmann理论预言并经Curie兄弟实验证实，该效应还存在着逆效应。这种

由于外力的作用而导致介质表面带电，或者由于电场的作用而使介质产生形变的

现象，统称为压电效应。在微观上，压电效应的产生源于外力或外电场的作用下，

介质内部所发生的正负电荷中心(正负离子)的相对位移。

压电效应存在于压电晶体(非中心对称)、压电陶瓷、压电聚合物等材料中。

自二十世纪四十年代以来，压电效应获得了广泛的应用【1】。比如，利用压电振

子的谐振和伸缩特性，可以制作压电振荡器、压电滤波器及压电继电器等器件；

利用压电体的换能特性，在超声计测、超声探测、工业加工、医学诊疗等方面有

着诸多应用，如制作各种压敏传感器、电压发生器、超声器件、水声器件以及声

表面波器件等。随着新材料和新效应的不断出现，其应用范围还将不断扩大。

近二十多年来，微结构的压电材料，尤其是具有畴反转结构的压电铁电晶体

受到了特别的关注【2．11】。在这种超晶格材料即压电超晶格中，除了非线性系数

和电光系数以外，压电系数亦随着铁电畴的反转而调制。在外加交变电场的作用

下，压电系数的不连续将导致压电应力的跃变，因而畴界作周期性的振动并可视

为6声源。不同6声源所激发的声波相互干涉；当干涉加强的条件被满足时即产

生共振效应【6】。基于此，朱永元等率先对压电超晶格中弹性波的激发和传播进

行了系统的研究；频率高达l000MHz(这一声学频率相当于光学的红外频率，

因其波长已小至微米量级)的超声谐振器和换能器被分别研制成功【2，3】。这些

显示了压电超晶格在制作高频声学器件上的重要价值。

1999年，压电超晶格的研究获得了重要进展[12】。研究表明，电磁波也能通

过其电场与压电超品格相互作用，并产生声子极化激元。作为固体中一类重要的

元激发，声子极化激元的概念人们早已熟悉。早在1951年，黄昆先生在处理电
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磁场与离子晶格的相互作用时已作了奠基工作【1 3】，此后它由美国物理学家

Hopfield正式命名并实验验证[14，15】。在离子晶体中，电磁场将引起正负离子

的相对位移(长光学格波)；而离子位移则产生电极化并辐射电磁场。在共振频

率附近，传播模式既非纯的光子模亦非纯的声子模，而是电磁波与晶格振动的耦

合模。此外，声子极化激元的产生还将伴随有光子频隙、红外吸收、介电异常等

现象。而对于压电超晶格，由于压电效应，电磁场能够与超晶格振动发生强烈的

耦合，从而在微波波段产生类似的物理效应[12，16．19】。这一结果拓宽了声子极

化激元概念的适用范围，因而具有重要的理论意义；此外，它在制作新型的微波

器件方面也有潜在的应用价值。

§3．2极化激元产生的物理机制

§3．2．1涉及的基本方程

压电超晶格中将涉及到电磁波与弹性波的传播。电磁波的澉发和传播由

Maxwell方程1．1来描述，而弹性波则遵从如下的声场方程【20】：

s=V。”，V．丁=p萨a2u． 3．1

其中，第一式为应变-位移关系，第二式为运动方程；T、S、U、P分别代表应力

和应变张量、位移矢量及材料密度。若采用简化足标，则有下列矩阵形式：

S1=VO叶，VL，乃=p可02u,． 3．2

其中，，，，=1～6代表缩写下标，i,j=1～3代表全下标；梯度矩阵算符V，，为散

度矩阵算符Vu的转置，且

V‘，=

旦 o o
缸

。 旦 。
砂

o o 旦
瑟

。 旦 旦
oz己y

旦 。 旦
比 出

旦旦 。
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对于非压电材料，电磁场和声场相互独立，此时的弹性本构关系即为广义的

虎克定律。而对于压电材料，情况则有所不同。由于压电效应，电磁场将与声场

发生耦合。其耦合过程由下面的压电方程来描述：

其中，E、D分别为电场强度和电位移；西，eo(ev)，￡j分别代表弹性系数、压电

系数和介电常数。

压电方程、声场方程及Maxwell方程为压电超晶格中耦合效应的处理提供了

一套基本的方程。

§3．2．2横向与纵向极化激元

压电方程暗示，在电磁波的传播过程中，由于压电效应，电场能够激发出超

晶格振动(长声学波)。与此同时，超晶格振动也能产生电极化并辐射电磁场。

因此，电磁波和超晶格振动可产生强烈的耦合并导致声子极化激元。在离子晶体

中，极化激元由光子和横向光学声子耦合形成。与之不同，此处的极化激元源于

光子与声学声子的耦合。此外，由于压电效应的各向异性，横向与纵向超晶格振

动都有可能引起横向的电极化，从而与光子发生耦合作用。

以畴反转结构的LiTa03或LiNb03晶体为例(自发极化沿Z方向)。一种情

况是正负铁电畴沿z轴作周期排列。当Y方向偏振的电磁波沿着z轴方向传播时，

横向超品格振动将为入射波所激发并产生耦合效应【12】。此时，压电方程为：

另外一种情况是周期的铁电畴沿X方向排列。当Y方向偏振的电磁波沿着x方向

传播时，纵向超品格振动将被激发并能发生耦合作用【17】。对于LiTa03压电超晶

格，此时的压电方程为：

3l

巍
S

S巧％

=

=乃口

，&巨《力岛飞坶裳五砬

幺％印吲㈣麓
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除了上述两种典型的情况以外，其它的配置也能产生类似的耦合效应【9】，这里

不一一叙述。实际上，参与耦合的无论是横向还是纵向的超晶格振动，其中所涉

及的物理本质是一样的。为此，下面以方程3．5的情况为例并参照文献[17l，作

一讨论。不过，这里将突出位移场而非应变场。

将声场方程a瓦／Sz=pa2甜2／at2及墨=tOu2／瑟代入压电方程3．5，可得

《挚一p争=知㈤珏

这里，Pl，(z)=eI，／(z)为周期性调制的压电系数，／(z)为结构函数：

f+1

八力2t—l
(0≤z<d)，

(d≤z<人)．

3．7

3．8

其中，d为正畴的厚度，人为超品格的周期。对上式作Fourier变换，可得

厂(z)=∑。f．e峨2． 3．9

其中，瓯=27rm／八为倒格矢，厶=(2／mn)sin(G,．d／2)e一瓯洲2为Fourier系数。

在压电超晶格中，设电磁波与弹性波有如下解的形式：

E2(z，r)=‰P。‘珏m¨，

l，2(z，f)=∑。u(q)e相’叫’．

将方程3．9、3．10代入方程3．7，得到

3．10

E(pa2一《92)“(g)P岬2=∑嵋，fAG．+k)E2。P瞩“k． 3．1 1

鼋 卅

因方程两边相等，则q应满足下面的关系：

q=k+Gm．

同时，在长波近似下，k《Gm(q≈G。)，则

3．12

3．1 3

％驼
晚万
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现在再回到方程3．7。方程3．7为描述超品格振动激发与传播的基本方程，

且左右两边分别代表波的传播与激发(它和非线性波动方程2．5有着相似的形

式)。我们知道，在非线性频率转换过程中，一种频率的电磁波能够通过非线性

极化激发出另一频率的电磁波；其波矢失配由非线性系数调制所提供的倒格矢来

补偿。这里，在压电耦合过程中，电磁波能够通过压电应力来激发弹性波。然而，

由于电磁波的波速远远大于弹性波，故两者之间存在着较大的波矢失配。相应地，

这一波矢失配应由压电系数的调制所提供的倒格矢来匹配。因而，方程3．12(或

称为准相位匹配条件)的成立自在情理之中。另外，每一个m对应于两个倒格

矢：当g=七+lql时，激发的为前进波；当g=后一lG。I时，激发的则是背向波。

原则上，前后两波有着不同的共振频率。但在长波近似下，两者可同时激发。

将方程3．13代入3．10，可得

姒纠，2萎等‘r巍／-*iGmz讹n 3“

=∑
m>0 (A／8eI，)(p∞2一《嚷)

E2(z，f)．

在共振频率附近，上面的求和号可忽略。显而易见，由于前后两波的干涉叠加，

超晶格振动实为驻波。以m=l为例，驻波的节点为

zn=(nA+d)／2。 3．15

即z。=d／2，z。=(人+d)／2，⋯。可见，节点分别位于正负电畴的中心位置。另外，

由方程3．14容易验证

U2(行人+d，f)=一／12(nA，f)． 3．16

因此，相邻两个畴壁的振动方向相反；一个沿Y轴向上则另一个就向下(对于纵

振动，正畴膨胀则负畴收缩)，反之亦然。如果把畴壁视作质量中心，则超品格

振动声子就如同光学声了(对于离了晶格，它仍是声学声子)。

利用府变．位移关系，将方程3．14代入压电方程3．5。在长波近似下，电磁波

不能“看见”微结构材料的细节，且它所“感受”的仅是材料的平均介电响应。
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因而，利用介电函数的空间平均【17】，可得：

一小署篆等字． 3．17

其中，D=d／人为占空比，‰=q魄为共振频率，％=而为材料中的声速。
再利用Maxwell方程，可得极化激元的色散关系：

等《+朵磊絮字． 3舶

电磁波与超晶格振动的耦合极大地改变了波的传播特性[171。一个显著的特

征是光子带隙的产生：在‰<03<心范围内，介电函数为负值(波矢为纯虚数)，

因而波的传播被禁止。这里，心=√l+巧‰，仃=8K2D2 sinc2(mDrc)，且

K=q，／√c么￡。￡矗为机电耦合系数。因此可得相对的带隙宽度为

△m／∞耐=(2／仃)(√l+仃一1)2． 3．19

其中，‰为带隙的中心频率。对于LiNb03，其机电耦合系数可达O．76。若占

空比为0．5且朋=l，则带隙的宽度为19％。这与数值计算的结果相一致[211。

§3．2．3极化激元的能量

在压电超晶格中，由于声场和电磁场的相互耦合，则储存的能量应为二者之

和。在单位体积内，有

％曩蕊黼咖+￡oEEs乳E21删IH、3加=(1／2)(《Is|2+pH2 I 2+‰。12)．
⋯

其中第二步利用了压电方程3．5式。显然，方程的前两项为超晶格振动的能量

(USL)，而后两项则代表电磁能量(U删)。对于前者，利用位移矢量，得

‰=(1／2)(p挑I z12+吁附昆12) 3．21

=(JD／2)(毋+《)蚓2．
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对于后者，利用Maxwell方程及极化激元色散关系，得(在带隙之外)

U脚=(eo／2)[ei+e(co)]lE,12

=弘i一禹榭．
其中，Q2=(32e之Ipeo人2)sin2(mDz)。

另外，由方程3．14可得到下面的一个关系(利用空间平均)：

因此，耦合波的总能量可表示为

Ur=p【《+鲁(扛《帅11：12．
=￡o【和尚村．

假定在压电超晶格中，共有／1个极化激元量子被激发，则有

Ur=(2n+1)hto／2V．

其中矿为相应的体积。将3．24和3．25式联立，可得

3．22

3．23

3．24

3．25

I 12 (2胛+1)htoQ2⋯5万面再丽’
3．26

蚶=面(2面n+虿1)h60爵(6_o丽z-to。)2．
现考虑两个极端的情况。当∞=％时(强烈耦合)，IU212等于一常数，令为l甜：仨；

当Q=o时(无耦合)，将IE212记为I丘仨。则

眦=器，阱紫． 3刀

一般情况下，耦合的强弱以及极化激元中光子、声子的含量可用下列函数来表征

【22】。定义声子强度函数厶=lu212／lu：仨及光子强度函数以--I岛12／I巨艮则
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，一
cooo。Q2六2雨再焉丽叼’

以=《2 2锅2 2．
容易看出，六和五之间还满足下面的能量关系：

heo．{A七heo{E=hco．

3．28

3．29

上述方程具有明确的物理意义。等式的右边代表频率为CO的极化激元的能量，而

这一能量又可分解为两部分：其中一部分是声学声子的能量壳‰以，而另一部分

则是同频率的光子所占的能量htofE。从3．28式可以看出，耦合模中声子和光子

的含量与入射波的频率有关(见图3．1)。若频率趋于共振频率(国--9．％)，则

以一l且以。0。此时，长声学波被共振激发，且全部的能量为超晶格振动所

占有；耦合模属纯声学声子的性质。若频率远远大于共振频率(∞》‰)，则

以寸0且五专l。此时，声学波未能被激发，因而能量为电磁波所有；耦合模

只余有纯光子的性质。此外，声子、光子的含量还与Q有关(Q正比于压电系

数及Fourier系数)。Q越大，耦合作用越强，因而声子的含量也越多。

1．0

0．8

0．6

哆

≮
0．4

0．2

0．0

l’

∞／∞1

图3．1声子、光子强度函数与频率的关系
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§3．2．4从压电方程到黄昆方程

在压电超晶格中，既然声子极化激元的激发与离子晶格有着一定的相似性，

那么压电方程与黄昆方程又有何联系?下面将证明利用前面的结果可将压电方

程改写成黄昆方程的形式，同时也对文献[121作一些修正。

再次从基本波动方程3．7出发。将之展开：

莩(镛2M引e'(qz-埘)-Z，p知(g)P相～)1 3加叮 早 V·
’{’{n

=∑iel5厶(瓯+七)‰P峨“卜刎．

利用准相位匹配条件3．12，由上式,--I得

(屯E‰2)【甜(瓯)P舭⋯’卜p萨02【“(瓯)et(kz-耐)】
=橱5Ym瓯【易o e怕叫’】．

令

％=甜(瓯)∥‘b训．

则有

等州％+警易．
此外，由压电方程及应变．位移关系町得：

3．31

3．32

3．33

￡=q，(z)警+￡0(￡i—1)最
必

嘞几)。要；iq u(q)P“矿刎+￡o(￡轰一1)E2 3-34
92^±(■

⋯。

=概5G。【”(G。)P’瓯2厂(z)一甜(一G。)P一峨。／(z)∥‘b-埘’

+￡o(￡i—1)最．

同样，利用长波近似下的空间平均，有

“(瓯)<P’％2／(z)>=z，(瓯)，。，

u(-Gr．)<P一纸2厂(z)>=甜(一瓯)厶．

利用3．13，可以证明“(一瓯)厶=一甜(瓯)厂。。因此，
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最=2iel5，。瓯U2+￡o(￡i—1)岛． 3．36

由方程3．33和3．36所构成的方程组即形似黄昆方程。为了将其写成更加对

称的形式，可采用如下的变换：

％=f√虿P例胆U2． 3．37

将上述变换代入3．33及3．36，最终得到：

吸=bl，％+612易，

昱=b21％+622易．

其中，

反。=一《， 62：=￡o(￡i!{一1)，

铲”等乒c怵

3．38

3．39

对于电磁波与纵向超晶格振动相耦合的情形，上述的推导过程同样适用。另外，

当占空比为o．5 Nm=l时，6l：=62。=2厄。，／√盈。而文献【12】中则少了一个√芝
因子，这也是其中带隙宽度被低估的原因。

在考查方程3．38之前，先看一下％与正负畴壁相对位移△甜的关系，其中

Aul：：，l^=U20+d，t)-u2(z，f)。由方程3．10可得

An=∑“(瓯)(P峨d一1)·PHb耐’
±胂

=2u(G,n)(Pqd-J)·e1‘b训

=2(P‘瓯d一1)％．

其中第二步利用3．13容易证明。再利用3．37，得

％=石万sin～(mDJr)Au．

3．40

3．4l

可见，％的引入实际上反映了相邻畴壁之间的相对运动情况。值得注意的是，

上式也对文献【12】作了修正。当山-空比为0．5且m=1时，％=√j丽Au，而非文

献中的％=x／-p／4d’Au。
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方程3．38是压电方程与声场方程的结合形式，亦可称为压电超晶格中的黄

昆方程。方程的第一式为电磁场的作用下超晶格的受迫振动方程；第二式表示除

了电场导致的极化以外，还存在着由于超晶格振动所引起的极化效应。可以看出，

由于压电效应，超晶格中将产生一个宏观的电极化强度(P=62，％)，其大小等

于表面的束缚电荷密度。一方面，该电极化强度与相邻畴壁之间的相对运动有关，

这类似于离子晶格。另一方面，该电极化又正比于压电系数及Fourier系数；当

Fourier系数为零时，平均的束缚电荷密度也为零，因而无极化激元产生。此外，

利用方程的第一式，还可以写出电极化强度P的动力学方程：

鲁+《W去=配易． 3．42

其中，y勿／出为考虑材料的阻尼所引入的耗散项。由3．42解得

p=石b：一2一，删E2． 3·43

正是由于该电极化强度与电磁波的强烈耦合，从而导致声子极化激元。

§3．3异常极化激元及耦合效应

§3．3．I寻常与异常极化激元

我们知道，晶体在光学特性上的一个显著特点是存在双折射现象，即入射到

晶体中的光波将在两个相互垂直的方向上偏振且具有不同的速度。借助于折射率

椭球，这两个偏振方向可根据光的传播(波矢)方向来确定。比如，对于单轴晶

体，当光波沿着X轴传播时，两个偏振方向便是Y和z方向。入射光的电矢量将

在这两个特定的方向上分解，且对应的两种偏振光分别被称为寻常光和异常光。

在可见光波段，上述晶体中的光波实为电磁波与电子激发的耦合态。

在远红外波段，除了电子极化以外，离子极化也将参与作用：电磁波与晶格

振动的耦合产生声子极化激元。与上述情形相类似，电磁波的传播对应于两种耦

合模式[22】。其一，光电场和离子位移都垂直于由波矢和光轴所构成的主截面，

这种传播模式被称为寻常极化激元(其传播速度与波矢方向无关)；其二，光电
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场和离-了位移皆平行于主截面，这种传播模式则被叫作异常极化激元(其速度依

赖于波的传播方向)。

表3．1几种特殊情况下的极化激元类型

超晶格振动

波矢方向 偏振方向 极化激元

LiTa03 LiNb03

y 纵向 纵向 寻常
X

Z 无耦合 纵向 异常

X 横向 横向 寻常

y

Z 无耦合 准横／纵 异常

X 横向 横向 寻常
Z

y 横向 横向 寻常

可以想象，在压电超晶格中，依赖于光电场的偏振方向，声子极化激元也应

有寻常和异常之分。但由于压电效应的各向异性，实际情况并不完全相同(耦合

的结果与波矢量的方向有关)。为简单起见，下面假定电磁波沿着主轴方向传播。

并且约定，偏振方向垂直于光轴的耦合模叫作寻常极化激元，而偏振方向平行于

光轴的耦合模则叫异常极化激元(严格来讲，这样的称呼并不确切)。表3．1所

示为几种特殊情况下的超晶格振动及极化激元激发的类型。(一)LiTa03压电超

晶格(压电系数e31=0)当波矢量平行于Y轴时，x．偏振波与横向超晶格振动相

耦合并导致寻常极化激元；而当波矢量平行于X轴时，y．偏振波与纵向超晶格振

动耦合形成寻常极化激元。在上述两种情况中，z．偏振波与超晶格振动并不产生

耦合，因而无异常极化激元。(二)LiNb03压电超晶格(e3。≠0)寻常与异常

极化激元都能够存在(其中寻常极化激元同上)。当波矢量平行于Y轴时，z．偏

振波与准横向或准纵向声振动相耦合，产生异常极化激元；而当波矢量平行于X

轴时，z．偏振波与纵向声振动的耦合也将导致异常极化激元。然而，对于后者，
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由于寻常与异常极化激元都源于偏振波与纵振动的耦合，故通过纵振动的媒介，

两种极化激元之间还存在着一定的耦合作用。

§3．3．2一种异常极化激元的色散

在上节，我们已经推导了寻常极化激元的色散方程。为使情况完整，这里将

给出一种异常极化激元的色散关系。从表3．1可知，对于LiNb03压电超晶格，

当电磁波沿着y方向传播(铁电畴在Y方向上作周期排列)且偏振为Z方向时，

准横或准纵向超晶格振动将被激发并发生耦合作用。此时的压电方程为：

互=c吉是一c乏墨-e3，@)乓，

‘=一c五曼+c乏&， 3．44

D3=e3l(y)S2+岛E鑫毛．

其中，是=au：／砂，墨=批／Oy，／'／2及／／3分别为纵向和横向的位移分量。

利用声场方程a正／Oy=p02U2／at2及a死／Oy=pa2U3／a2，可得

设电磁波和弹性波有如下解的形式

E◇，，)=民P‘‘‘y一圳，

U2,a(Y，f)=∑一I'／2(∥‘删¨．

将3．46式代入方程3．45，得到(q=k+G卅≈q)：

由．卜式解得

3．45

3．46

‘哆，一诺G三)甜z‘'’+譬曼u3(Gm)2奶-厶q‰， 3．47

吒《材2(G卅)+(pc02一％《)“3(G卅)=0．

姒咖蔫端‰ 3．48

己力％
a一钞

n

=

=堕酽堕扩

D

p

一

+魄一矿堕矿

《

《

一

一

生矿堕矿

《

《
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其中，红：瓯而，q=Gmv。为准纵向超晶格振动的谐振频率，咏=G。瞻
为准横向振动的谐振频率，而叱和vs分别为准纵和准横向声振动的传播速度：

吃2√!堕：壁：簦堡二壁兰二兰!壁望!!1 3．49

魄=√【《+％一√(诺一《)2+4(CiE。)2]／2p．

由方程3．47容易验证，当10=魄时，U2(瓯)／鸭(瓯)≈(《一c膏)／c二，准纵波共

振激发；当∞=鸭时，l,12(G。)／％(瓯)≈《／(c矗一c三)，则准横波被共振激发。

将3．46、3．48式代入压电方程，并取空间平均，得

啪庵蠹+萎面n丽'(oJ]两-co'丽)．
3．50

其中，Q2=(32e；l Ipeo人2)sin2(肌砌)。再利用Maxwell方程，即可求得极化激元

的色散关系

等名+荟毒‰岛． 3引

实际上，对于LiNb03压电超晶格，由于《<<c轰一《，则％≈鲰。因此，准

横波对极化激元没有特别的贡献，或者说在准横向振动的谐振频率附近并无极化

激元产生。这一点也可以从压电方程得知，因为这里横向的电极化只与纵向的位

移分量有关。另外，由于电磁波与准纵向声振动的强烈耦合，在频率区间

(魄，历魄)产生一个能隙，其中仃=8K：D2 sinc2(，，l砌)，K：=爵／pvie。￡，S，。
该能隙的相对宽度可用3．19式来表示。若占空比为0．5且m=1，则相对宽度为

0．03％。无疑，这比寻常极化激元的带隙宽度要小得多。

§3．3．3寻常与异常极化激元的耦合

对于L烈b03压电超晶格(设铁电畴在x方向上作周期排列)，当电磁波平行

于x轴传播时，纵向超晶格振动能够被激发并导致两种极化激元之间的耦合。该
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第二章压电超品格中的声子极化激元

耦合效应由下面的压电方程来描述：

互=《S+e22(x)E2--e3l(x)E3，

B=一e22(功．S+￡o￡i易，

D3=e3I(x)墨+岛￡要易．

其中，&和毛分别为电磁波在Y、z轴上的电场分量。

3．52

方程3．52暗示，纵向超晶格振动将为入射电磁波所激发，且两种偏振都能

产生作用。另外，由于压电效应，超晶格振动将导致电极化并辐射电磁场。一方

面，纵振动经压电效应在Y方向产生电极化，而该电极化又间接地包含着z方向

电场的贡献。另一方面，纵振动也能在z方向引起电极化；同样，z向电极化也

包含着Y方向电场的贡献。因而，通过纵向超晶格振动，两个正交的电场分量之

间将建立起间接的耦合效应。这也为极化激元的激发带来新的特点。

利用声场方程a五／Ox=p02Ul／at2及SI=OuI／Ox，得

p争《等=等№：岛飞E3)f(瑚． 3彤

将上式中的结构函数作Fourier展开，即／(x)=∑，f．e7郎。在长波近似下(超

晶格的周期远远小于电磁波的波长)，可得

《可a2SI十P叫2。。=车厶G三(％易一吃。毛)P印． 3．54

方程3．54类似于受迫振动方程，其解如下：

s=莓燕(鹕嘞跏蛾，． 3．55

可见，纵向超晶格振动确实与两个方向的电场分量都有关；另外，它的共振频率

为‰=瓯屹，其中iYL=√《／p为纵波的传播速度。

电磁波与纵振动的耦合作用还体现在材料的介电响应上。将3．55式代入压

电方释3．52，并利用空间平均，得到
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其中，

㈡砥㈢：； 裂黼 3．56

％c岍卉+羔磊警字，
￡：，(∞)=一万32e22es,急可sin2(mDn")， 3·57

‰c妫《+鲁丕訾．
可见，由于超晶格振动，介电张量中将产生非对角元素；而非对角元的出现则可

引起两个正交电场分量间的相互作用。在前一章我们已经知道，外加的直流电场

也可以使介电张量产生非对角元并导致两支偏振波的相互耦合(见2．33式)。那

里，非对角元正比于直流电场且随着电畴的反转而变号(通常它的数值要远远小

于对角元素)。此处，非对角元与电场强度无关而强烈依赖于波的频率；而且，

它是超晶格结构材料的集体响应，与单个电畴的自发极化方向无关。另外，前者

源于电光效应，而此处则是由于压电效应。

压电耦合所导致的结果之一便是介电椭球发生形变，使得主轴Y、z绕x方

向转至Y’和z’轴(主轴x保持不变)。顺着x轴观察，设旋转的角度为0，则

tan 2日： 堡21型 ．

￡33(∞)一￡22(∞)
3．58

因此，旋转角度与波的频率有关(见图3．2)。以频率％为界，其依赖关系如下：

当∞<纰时，0为正并随着频率的增加而增大(在共振频率‰附近，0≈e3l／e22，

约为4．60)；当国>心时，0为负且其绝对值随着频率的增加而减小；而当∞j纰

时，p将达到最大值+45。。这里，吃由方程￡33(∞)一岛：(妫=0确定，则有

心=汀面历磊丽‰． 3．59

其中，K：=(P刍一P32，)／c矗岛(￡i-E；3)。若m=l且D=0．5，则纰=1．09q[231。
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m
m
L·
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m
勺
、一，

o

蝤f吣

图3．2旋转角度对频率的依赖关系

利用变换矩阵A，在新的坐标系下，介电张量可表示为(￡’=AEA7’)：

其中，

￡．：f，￡+(∞) o]．
L 0 ￡(∞)／

3．60

“妫=掣圳∞，庐孚骊． 3朋

这里，s(os)为符号函数：当E22(妫>岛3(叻，即∞<‰或国>心时，s(co)=1；当

E22(妫<￡33(妫，即蛾<∞<纰时，s(ro)=-1。

耦合效应所带来的另一个结果则是它极大地改变了波的传播特性。此时，波

的偏振方向不再是Y和z方向，而足新的y’和z’轴方向。前者对应于寻常极化

激元，而后者对应于异常极化激元。换句话说，由于压电效应，两种极化激元的

偏振方向都发生了一定的旋转。另外，利用介电函数，极化激元的色散关系可表

示为(虹和t分别代表寻常和异常极化激元)：

c2k：It02=￡±(妫．
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第i章压电超品格中的声子极化激元

因此，耦合波的传播行为由介电函数t(∞)决定。对于寻常极化激元，￡+(∞)随

频率变化较为强烈，并且在共振频率附近将取得负值。令￡+(∞)<0，则由3．57

和3．61两式解得‰<CO<coo，这里

COo=汀函历丽丽to．． 3．63

其中，《=碍+霹，K=巳：／√《氏￡i及墨=e3，／√《￡o爵为机电耦合系数。

当m=l且D=0．5时，COo=1．03∞。显然，在频率区间(‰，COo)内，t为纯虚数，

因而耦合波的强度随着传播距离呈指数规律衰减。这一频率范围即为寻常极化激

元所对应的禁带宽度。对于异常极化激元，￡一(∞)随频率变化较为缓慢，且在所

研究的频率范围之内它总是正值(不等式￡一(co)<0无解)。从而，t为正实数，

耦合波能够传播。因此，寻常和异常极化激元有着不同的传播特性，前者有导带

和禁带之分，而后者则无禁带。这一点和前面讨论的情况并不相同。

上面的考虑实基于无阻尼近似，即材料中不存在能量的损耗。这是一种理想

的情形，当然，自然界也不存在这样的材料。下面将考虑阻尼存在的情况，以及

超晶格中的电场分布与能流密度。实际上，只要将3．57式分母上的《--C02都改

写成《一∞2一iTw便可计入材料的阻尼，而方程3．56依然成立。这一点也可以从

压电方程3．52推得，即只需将弹性系数《替换为《一所∞就可得到，其中77为

阻尼常数【20】。将方程3．56代入Maxwell方程，可得

其中，I,o=o)／c为真空中的波矢。方程3．64可进一步化为(行=2，3)：

等+p争峨一o． 3．65
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第j章压电超品格中的声子极化激元

这里，p=i,o[￡：：(妫+￡33(∞)】，g=鬈【￡：：(∞)￡3，(妫一￡刍(∞)】。设方程解的形式为

E=Eoexpi(／oc—cot)，则有色散关系c2K2／c02=￡±(∞)，其中

丘(妫=坐掌趔 3．66

可以看出，3．66式对应于前文3．6l式(只差一符号函数s(co))，不过这里所表现

的是复数而非实数关系。

4,50

300

兮150
‘O

0

-150

气丘
~，。

30； 。。。。E矿矿
2517≤
一

，n‘

1．∞ 1．08 1．10 1．12

，
|．厂]

／

／

卜0’I
1．0

∞／∞l

图3．3一阶极化激元的介电函数曲线

图3．3所示为一阶极化激元的介电函数曲线(m=1)。这里，占空比选为0．5

且阻尼因子设为y=0．006q。图中，蓝色的粗实线和细实线分别代表介电函数

e+(co)的实部和虚部：而红色的粗实线和绌实线分别表示￡一(妫的实部和虚部。

右上角的插图则显示了邻近吃的介电函数(实部)随频率的变化趋势。结果表

明，在阻尼存在的情况下，介电函数的实部依然保留了前述无阻尼情形的特征。

即，对于￡+(∞)，其实部在频率区间(q，魄)内取值为负；对于t(妫，其实部在

研究范周内取值为正。相对于无阻尼情形，阻尼带来的一个重要差异在于介电函

数的虚部。对于e,(co)，其虚部在共振频率处取得最大值，对应着一个吸收峰(呈
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Lorentz线型)；而对于￡一(妫，其虚部则远远小于实部，即其吸收可忽略不计。

相应地，图3．4为一阶极化激元的色散关系曲线(缸=t+碳)。其中，蓝线和

红线分别表示丸和t的实部；其虚部则示于右下角的捅图中。可见，对于寻常

极化激元，在带隙附近其波矢有着较大的虚部，因而其传播被禁sL；对于异常极

化激元，其虚部亦远小于其实部，则衰减可忽略不计。因此，即使考虑到材料的

吸收，两种耦合模式也有着不同的传播特性。这和前面的结论相一致。

一
8
＼

8

(后d／万)*104

图3．4一阶极化激元的色散关系曲线

这样，在压电超晶格中，电磁场可表示为两种耦合模的线性叠加。利用方程

3．64及Maxwell方程，可得(忽略因子e1倒)：

E2=tie墙一+be”一，

皿=岛c厄而口P蛳+￡。c正面6产，
E：兰丝堕L卯以x+一—剑一．6P“一， 3．67

’E22(妫一￡一(∞) E22(co)一￡+(∞)

Ⅳ：=￡icIe二23百(五co丁)丽厕口P血。+￡。c 丛竺!应彬“．￡+(∞)一E22(∞)

其中红=(∞／c)厢。系数口、b由起始条件决定，若最(o)=最。，E3(0)=E，o，
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则有

一e删22(co)-e旷(co)E-E。+翥‰‰ 3邡￡+(叻 一(∞)“ ￡+(∞)一￡二(∞)“。 ．，。扛描耻鼎％丘(∞)一￡二(∞)“ ‘(∞)一￡一(∞)”

耦合波的平均能流密度应包括两部分：一是纵向超晶格振动的能流密度

一P豇=(-1／2)Re(罚．于。)，其中H=砒／西是媒质的振动速度；二是电磁场的能流

密度瓦：一P2+-3，其中．2：(1／2)Re(云2×一H’3)，艿：(1／2)Re(秀。×一H+2)。利用
声场方程及压电方程3．52，可以证明，

一●一 ‘

”五=-2ipe03瓯 sin G埘(矗一2x)． 3．69

即纵振动的复坡印廷矢量为纯虚数，因此平均能流密度P皿等于零。这和前面所

说的超晶格振动为驻波的特征相一致。

电磁场的平均能流密度可利用3．67式进行计算。当激发频率相对地远离共

振频率(位于带隙之外)时，介电函数及波矢量的虚部都可忽略，即视为实数。

此时，￡@)与BO)随长度作周期为2a：／(k+一t)的振荡；而且，在传播方向上，

总的平均能流密度保持守恒，即

瓦2丽飘eoC／2雨㈦叻+厕溉 3．70

+【￡33(妫+√￡+(妫￡一(∞)】磙+2e23(∞)最oJf‰}．

若能忽略耦合效应(远离共振区)，则q(砌=岛：(妫≈《，e(oJ)=￡，3(∞)≈《且

￡：，(∞)≈0。此时，上式退化为尸删=(eoc／2)(√￡i焉+√《战)。如果激发频率

靠近共振频率(比如位于带隙之内)，则能量的衰减需要虑及。忽略异常极化激

元的介电函数及波矢量的虚部，当传播距离足够大时，则有

一PEM=(￡oc／2)Ibl2 ffT丽[1+
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可见，在共振频率附近，仍有一部分能量能够透过超晶格结构。

to／∞l

图3．5电场与能流密度对频率的依赖关系

图3．5所示为入射偏振沿着Y轴时的电场强度弓能流密度对频率的依赖关系

(即易(0)=最。，毛(0)=0；其它情况可作类似的计算)。这里，晶体的长度设为

L=4000d；E2．。(三)和罡．，(三)已分别对如和(￡0c／2)砭作了归一化处理。前面我

们已经知道，对于LiTa03压电超晶格，Y偏振的电磁波将导致寻常极化激元；在

带隙附近，其传播被禁止。然而此处，对于LiNb03压电超晶格，超晶格振动将

产生Z向电极化和电场分量。从而，寻常与异常极化激元能够同时出现。并且，

在共振频率附近，两支耦合模中的一支依然能够传播。

最后提到的是，在前面的讨论中，有一种情况应该被排除在外。即入射电场

满足如下的关系：‰／易o=乞2／巳。。在此情况下，由压电方程3．52或方程3．55

可知，超晶格振动不能被激发。因而，即使在共振频率附近也无极化激元产生。

此时，电磁波能够自由地通过压电超晶格而无耦合效应。

§3．4本章小结
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本章对压电超晶格中声子极化激元的产生规律及耦合效应进行了总结和理

论研究。与离子晶体相似，压电超晶格中的声子极化激元源于电磁波(微波)与

超晶格振动所引起的电极化之间的强烈耦合。与离子晶体不同，由于压电效应的

各向异性，压电超晶格中的声子极化激元又有其独特的特点。

从超晶格振动的方向来看，压电超晶格中的声子极化激元主要有横向和纵向

(极化激元)之分。后者在离子晶体中并不存在。从推导极化激元的色散关系入

手，本章研究了超晶格振动的特征及极化激元的能量构成；从压电方程和声场方

程出发，首次对压电超晶格中的黄昆方程给出了理论推导，并对文献中的结果进

行了一些修正。

从电场的偏振方向来看，压电超晶格中的声予极化激元又可分为寻常和异常

极化激元。本章研究了两种情况。一种是电磁波与准横／纵波祸合形成的异常极

化激元的色散关系；一种是纵向超晶格振动所导致的两种极化激元之间的耦合效

应。对于后者，耦合使得极化激元的偏振方向发生旋转；同时，两种耦合模式有

着不同的传播特性，即在共振频率附近，一支能够传播而另一支则被禁止。
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§4．1引言

第四章金属的表面等离极化激元

众所周知，金属是一种不同于电介质的重要材料；其差异不仅在于导电性能，

还体现在光学性质上。对于金属，自由电子振荡对其性质带来了极大的影响：当

电磁频率低于等离子振荡频率时，金属的介电函数为负值。由于这一独特的介电

响应，若干年来，金属尤其是微结构的金属材料已引起人们极大的研究兴趣。

以金属部分或全部地替代电介质，可制作新型的光子带隙材料【1．12】。对于

通常的介电光了晶体，其带隙位于Brillouin区边界附近，决定于晶格常数的大

小；而带隙宽度则依赖于材料介电常数的对比及填充率，通常较小【13】。而对于

金属．介电光子晶体，在一定的情况下，电磁波的传播将存在一截止频率【4．6，

10．12】。当频率低于截止频率(直至长波极限)时，波的传播被禁止。因而，带

隙宽度被极大地延展。另外，由于空间周期可远小于电磁波长，这对于器件的微

型化具有重要的实际意义。

第二个研究热点是关于左手材料(或负折射材料)的制备和研究[1 4．241。左

手材料是一种新型的光子材料，其中的介电常数和磁导率同为负值。一个基本的

方案是基于电负和磁负材料的复合结构：电负材料由周期排列的金属线组成【5】，

而磁负材料则由开口金属环(等价于LC振荡回路)所架构[19．211。为此，大量

的理论和实验工作已经展开。由于电磁波长需远大于晶格常数(以保证有效媒质

近似得以成立)，因而如何在更短的波长实现左手性能成为一个重要的挑战。此

外，有关左手材料的超透镜效应也引起了人们的广泛关注和激烈争论[22．24】。

近年来，金属表面等离极化激元的研究也成为一个新的热点[25．30】。通常情

况下，金属中传输电子，而电介质则是光子的导体(反之不可)。在一定的条件

下，由于场与金属表面电子振荡的耦合，电磁波能够局域并行走于金属界面[28】。

这一独特的性能已经产生了基于表面等离极化激元的光子学，或称为plasmonics

【30】。我们知道，光子作为信息的载体优于电子，而光子元件(～1．tm)在集成

上却输于电子元件(～，，聊)。Yablonovitch等人一度以为，光子晶体与传统电子学
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的结合将代表着光电集成的最终方向【3l】。不过，光子晶体的尺寸亦至少为若干

个微米，因其佶J期在波长量级。而利用表面等离极化激元，则可将光场限制在更

小的尺度范围。可见，plasmonics既有光子元件的长处(容量大)，又有电子器

件的优点(尺寸小)；同时，光电信号又都能以同一金属回路进行传输。因此，

plasmonics为未来的光电集成提供了一个新的途径【30】。当然，如何减小损耗并

增大传输距离仍是当前面对的困难。此外，利用表面等离极化激元，在表面增强

的Raman散射、二次谐波产生以及生物检测等方面都有着重要的应用[32．34】。

§4．2表面等离极化激元

§4．2．1金属中的元激发

在金属晶体中，由于Bragg反射，周期性势场将导致电子的能带结构。相应

的，电子有传导和非传导之分；而金属的主要特性则由前者来决定。由于长程的

Coulomb作用，传导电子内部将建立起一定的元激发。为此常采用如下的简化模

型(凝胶模型)：将空间分立的正离子近似看作是均匀抹平了的连续电荷分布，

传导电子则在此正电荷背景上运动。在宏观尺度上，整个系统保持着电中性；在

微观尺度上，系统内又存在着电子密度的起伏。由于电子间的Coulomb力以及

惯性的作用，局域的密度起伏也将导致电子气相对于正电背景的振荡(纵振动)。

这一振荡形式被称为等离子集体振荡。在长波近似下，其振荡频率为[35】

厂—=_————一

∞。=、[Fle2／mEo．4．1

其中，刀为传导电子密度，m为电子的质量。在固体物理学中，等离子集体振荡

量子壳％(～l OeV)，叫做等离激元(plasmons)。

其次，在金属表面附近也存在着电子密度的振荡。由于界面媒质的影响，其

振荡频率与体等离子集体振荡频率有所不同。如果在界面两侧分别求解Laplace

方程，则可得到空间场的分布【36】。结果表明，在与表面平行和垂直的方向上都

有电场的分量。而且，在界面两侧，电场强度又都随着距离的增加而呈指数规律

衰减。若进一步利用边界条件，则能得到％+岛=0。其中，￡。和岛分别为金
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属和电介质的介电常数。最后再代入金属的介电函数方程(见下文)，就可求得

表面等离子集体振荡的频率：

∞妒=∞p}再瓦．4．2

同样，其振荡量子壳％被称为表面等离激元(surface plasmons)。

除了集体激发以外，金属中还存在着电子的个别激发。由于Coulomb斥力，

每个电子都力图排开周围的电子，从而形成正电荷的屏蔽壳层(它伴随着电子一

起运动)。人们把电子与屏蔽电荷的整体称为准电子。准电子间的相互作用以屏

蔽Coulomb势U(r)来描述，其中U(r)=(P2／4nEor)exp(-r／rc)，‘为屏蔽半径

(～彳)。可见，当，．>‘时，电子间的相互作用可忽略不计。实际上，这也是单电

子近似能够被采用的原因。

§4．2．2金属的介电常数

1900年，Drude基于自由电子气近似成功地推导出了金属的介电函数方程。

在宏观的外加电场的作用下，金属中传导电子的运动将遵从Newton定律：

mr=一eE—mr|t。4．3

其中，f为一时间常数，称为驰豫时间。假设外场为周期性的交变电场(比如光

电场)E oCexp(一Rot)，则有Ohm定律J=一r／el，=erE，其中电导率为

仃：Zo_，a0：堕． 4．4
l—ioyr。 m

若考虑到周期性势场对电子的散射作用，则电子质量m应变为有效质量所‘。

根据Maxwell方程，易得(对于金属，极化强度项可忽略)：

勺xH=￡oaE}a+J

=a(eoE-aElioo)lat 4．5

=aDf氆．

利用D=EoE，E，则厶=1+icr／eoCO。再将4．4式代入，可得
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铲卜志CO iY)．1∞+

4．6

其中，∞。为4．1式所表示的等离子集体振荡频率，y=l／f为电子的碰撞频率。

上式即为金属的介电函数方程，或称为金属介电函数的Drude模型。实际上，它

也可看成Lorentz模型在共振频率趋于零时的极限情形。

通常，我们感兴趣的是可见和近红外光频率。在此波段，y<<CO；且由Drude

模型可知，￡，≈1一程／矿。因此，当频率低于等离子振荡频率时，金属的介电

常数为负值。即使考虑到Ohm损耗，介电常数的实部也是一个较大的负数，且

虚部远远小于实部。这一特点为表面等离极化激元的存在创造了条件。

§4．2．3极化激元的色散和性质

电磁波在体块金属中的传播与其它的情形(如介电材料中的传播)相类似，

区别仅在于介电常数的不同。设入射波的频率为CO，波矢量为k，则其色散关系

可由Maxwell方程获得【36】：

拈ef,／L．=詈阿． 4．7

为简单起见，这里已忽略了金属的损耗。上式还可表达为C02=c02+c2k2。可见，

当CO>叱(对应紫外频率)时，k为实数，因而光在金属中能够传播。这就是所

谓的“金属紫外透明”的缘由。实际上，金属中传播的光波正是电磁波与自由电

子振荡的耦合；广义而言，它也可视作体块材料中的等离极化激元(BPP)。另

外，当CO<∞。时，k为纯虚数，因而金属中光的传播被禁止。

然而，通常要考虑的情形恰好对应于后者。那么，在此情况下，是否就意味

着金属不支持光的传播且毫无“商量”的余地呢?让我们考虑下面的：隋形。假定

有一半无限大金属和电介质所构成的二维界面(如图4．1所示)，其中金属和电

介质的介电常数分别为￡。和岛。如果在界面附近存在电磁场，则由Maxwell方

程可知《+髟=《￡。。这里，ko=co／c为真空中的波矢，吒和勺分别为金属中x

S6
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和y方向的波矢分量。因此，t=√j研。如果砖为纯虚数且IbI>‰川习，
则t为实数，即电磁波可以沿着金属界面而传播。当然，为了使波具有非辐射特

性，还需保证屯>‰√i。那么，金属能支持这样的电磁模吗?

＼

￡d ks甲
^人^一 ＼
，V V 7 ，

岛 X

图4．1半无限大金属与电介质所构成的二维界面

早在1902年，Wood发现，当用TM偏振的入射光照射金属制成的反射光

栅时，反射光谱中将会出现异常的吸收现象1371。这一现象引起了包括Rayleigh

在内的许多科学家的注意。1936年，Fano发表文章认为，Wood异常正是由于

表面电磁模被激发的缘故[38】。从此，表面模成为金属光学的重要研究内容。1958

年，Stern和Ferrell进一步指出，表面电磁波的产生与电磁场和表面等离激元的

耦合有关；并且，他们首次给出了表面电磁波的色散关系【39】。

为了揭示表面模的存在条件及其性质，我们可以写出空间的电磁场分布。对

于TM偏振(磁场垂直于xy平面)，则有

彰=彳exp(一OtdY)exP 7(kx-纠)，
4．8

H：=Bexp(a,ny)expi(kx一翻、)．

利用Maxwell方程，界面两侧的电场分量可表示为

睁最《牛去Ed峨49j雠o％ 。m￡o ．，、

E：2去％E：2瓦k Hm．

其中，％和％分别满足下面的关系式：

57
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k2一砺=k20ed，k2一％2=瑶岛．

利用电磁边界条件(即电场和磁场的切向分量连续)，可得

ocd}ocm=一Ea／em．

联立方程4．10和4．1 1，最终解得(七记作嘞)：

， ∞

％2：

上式即为表面电磁模或表面等离极化激元(SPP)的色散关系方程。

4．10

4．1 l

4．12

对于TE偏振，类似的计算表明方程并无实解。也就是说，TE偏振并不能

形成表面模。至此可以看出，表面等离极化激元的存在条件有二。首先，为了使

电磁场能够局域于金属表面，％和％应都为正值。根据方程4．1l，％和￡。则互

为异号。这就要求界面的一侧为具有负介电常数的材料，比如金属材料。其次，

为了使电磁场能够沿着金属表面传播，k应为实数。这就要求厶+岛<0，也

就是说电磁频率应低于表面等离激元的本征频率(∞<叱)。

图4．2等离极化激冗的色散关系曲线

图4．2给出了体等离极化激元和表面等离极化激元的色散曲线。其中，斜虚
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线I和11分别代表真空(∞=ck)和介质(co=ckl√岛)中的光线。可见，BPP

和SPP分别位于光线I和II的两侧。当CO>％时，电磁波以体模传播；当OJ<％

时，电磁波则可以表面模来传播；而当％<∞<％时，一个带隙随之产生，其

中电磁波既不能以体模、也不能以表面模传播。

现在，我们将表面等离极化激元的性质或特征总结如下：

第一，表面等离极化激元与金属表面自由电子的集体激发有关，它是电磁波

与金属表面自由电子振荡的耦合模。这一点也间接地体现在其存在条件以及金属

介电函数的Drude模型之中。

第二，表面等离极化激元能够沿着金属界面传播。由图4．2可知，其传播常

数要大于介质中的波矢(％>‰√白)。因此，它不能与介质中的光波直接耦合，

包括激发和辐射过程(这要求动量匹配)。相应的，表面极化激元的传播速度也

小于介质中的光速。若考虑到金属材料的吸收，则有厶=‰+呜(|￡Rf>>毛)。

此时，极化激元的传播常数可表示为％=kR+啦，其中

。 ∞

‰2一
C
，≈：_煞k．4．13’ 。

2％(岛十旬)“

。司见，由于Ohm损耗，极化激元也随着传播距离的增加而衰减。其传播长度为

％=1／2k,。比如在由空气和金属所构成的二维界面上，‰≈A￡；／2秀￡，·对于

银，当波长为A=632nm时(岛=一18．0+0．7i)，其传播长度约为46．5／am。

第三，表面等离极化激元在界面的两侧按指数规律衰减，因而是消逝波。在

电介质一侧，其衰减长度为屯=1／2aa≈A√l￡，I／47r￡d；而在金属一侧，其衰减长

度则为氏=1／2a,．≈A／4万√l￡。I(即趋肤深度)。仍以上述情况为例，计算可得屯

和6。约分别为213nm和12nm。由此可见，极化激元被强烈地束缚于金属表面附

近一个很小的尺度范闱。这一点为控制光的传播提供了极大的方便。同时，我们

还能看到，金属表面附近具有场的增强效应(界面上为最大)。这一点使得表面

59
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极化激元在增强Raman散射、非线性光学效应等方面获得了广泛的应用。

第四，表面等离极化激元为TM波。其磁场平行于界面且垂直于波的传播方

向(Hz)。而电场则有二个分量，一个沿着传播方向(E。)，另一个沿着表面的

法线方向(B)。由方程4．9．4．12可知，I髟／彰l_而，l髟／FI_冈。
因此，在介质一侧，横向电场较强，而纵向电场较弱。相应的，平均能流密度为

《=(kspp／2e。岛∞)l彬『，平行于波的传播方向。而在金属一侧，情况刚好相反：

电场的横向分量要弱于纵向分量；同时，平均能流密度￡=(％／2e。￡。∞)l彬r也

反转方向，且在数值上要比前者小得多。

上面以半无限大金属和电介质所构成的二维界面为例，探讨了表面等离极化

激元的特征。但实际情况并不限于此。比如，对于一块金属薄膜结构，当其厚度

小至趋肤深度时，两侧的表面极化激元将发生耦合[401。这一耦合改变了极化激

元的色散关系及其传播特性(可形成“长程”表面等离极化激元)。其色散关系

类似的可通过Maxwell方程和边界条件来确定，兹不赘述。

§4．2．4极化激元的激发与表征

表面等离极化激元的激发需要同时满足能量和动量的守恒。由于其色散关系

位于光线的右侧，因而极化激元不能由入射光直接来激发。1968年，Otto采用

衰减全反射(ATR)的方法首次实现了光波与表面极化激元的耦合[41】。当入射

光在棱镜内发生全反射时，透射光为消逝波(岛，>／,o)。若能满足动量守恒

(k／／=七一)，则SPP被激发并能观察到反射光强的削弱。随后，Otto方式被

Kretschmann作了进一步的改进(Kretschmann方式)，并获得了广泛的运用【42】。

上述两种激发方式可统称为棱镜耦合法。第二种激发方式叫做波导耦合[34】。将

金属薄膜做在光波导的一侧；当导模的传播常数与SPP相匹配时，金属外侧面

的极化激元波即可被共振激发。第三种常用的激发方式就是光栅耦合法【29】。当

光波入射到金属光栅的表面时，由于散射和干涉的作用，衍射波得以产生(其切

向波矢分量由光栅的倒格矢来提供)。在特定的波长处，若某一阶衍射波刚好与
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SPP相匹配，则表面极化激元能够被有效地激发。除此之外，SPP的激发还有其

它的方法，如利用近场光学显微镜、金属表而的缺陷结构等[29】。

由于表面等离极化激元的非辐射特性，这使得对它的直接观测变得相对困

难。传统的光学显微镜置于远场区域，通常无能为力。扫描探针技术尤其是近场

光学显微镜的发明f431使得情况有了极大的改观。利用扫描探针可以在距离金属

表面数十纳米处采集光场的信号，并加以逐点扫描。这样，表面极化激元的近场

分布特性就能够得到，并且可突破衍射极限，取得亚波长的分辨率。但这项工作

做起来费时费力。另外一种方法是借助于传统的光学显微镜[44，45】。由于金属

表面的随机粗糙度(纳米量级)，表面极化激元在传播的过程中将受到它们的散

射。部分散射光能够逸出金属表面并为光学显微镜所探测。这样也能获得SPP

的近场分布特征。近来，一种基于荧光成像的检测方法也被提了出来【46】。在金

属薄膜上覆盖一层荧光分子，并用入射光来激发表面等离极化激元。在极化激元

强场的作用下，分子发出荧光并由CCD来成像。利用这样的方法，表面极化激

元的反射、分束以及干涉等现象已被成功地加以观澳mJ[47】。

§4．3表面阻抗边界条件

§4．3．1近似的边界条件

通常，我们在处理空间的电磁场以及SPP的色散关系时，往往要在空间的

各个部分(包括金属和电介质)求解Maxwell方程，并利用严格的电磁边界条件。

然而，在一定的条件下，我们可以采用一种近似的处理方法，即使用金属表面阻

抗边界条件(SIBC)【48，49】。S1BC可给出金属外表面切向电场和切向磁场之

间的定量关系。因此，我们无需求解金属内部的电磁场而代之以SIBC就可定出

所需空间的场分布。这给问题的解决带来了极大的方便。

为此，我们从Maxwell方程出发。考虑到金属的带电情况(在宏观上，其内

部为电中性)以及其介电响应特征，金属内的Maxwell方程可表示为

V．E=0．V×E=一船／0t；
v．Ⅳ：：；．v×日：∞／a． 4J4

6l
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其中，B=ItoH，D=￡。厶E。对于理想金属(厶--->---00)，其内部电磁场为零：

而对于实际情况，电磁场则可稍稍透入其内。不难得知，电磁场能够浸入金属的

长度约为趋肤深度瓯=A／4tt I佣I(若∞<<％，则瓯=c／2tOp)。对于常用的
贵金属金和银，在可见和近红外光波段，这一穿透深度大概在10nm(能量衰减)

或20nm(场强衰减)左右。

现考虑一金属．介电材料所构成的表面。如果表面的曲率半径以及表面的尺

寸远远大于趋肤深度，那么对于这约束在趋肤深度内的电磁场而言，该金属表面

可视为一无限大的平面(仍以图4．1为例)。另外，如果介电常数lE。l>>l，则趋

肤深度瓦<<A。那么，场在内表面法向上的变化速率将比切向大得多；也就足

说，场的法向导数远远大于切向导数。因此，我们在计算时只需考虑法向导数(这

对于金属内侧，外侧不可)。由电场的散度方程V·E≈ae,／Oy=O可知，B≈0；

同样，由磁场的散度方程可得日。≈0。由此可见，在金属表面内侧，电场和磁

场近似地沿着表面的切线方向。

假定在金属表面内侧磁场的取向为Z方向。则根据旋度方程可得

a2／4,／i5,2+七2／4,=0 O<0)． 4．15

其中，k=(∞／c)√￡，。上述方程的解为／4,=Hocxp(-iky—f耐)；不过，这里要

求金属的厚度应足够大，以确保另一个解能够舍去。再利用磁场的旋度方程，即

可求得切向电场和切向磁场的关系乓=(k／eoe,,石o)皿。考虑到电磁边界条件(界

面上，切向的电磁场保持连续)，则金属外表面应满足如下关系：

邑=Z疗×HH，Z=]Joc／√￡。． 4．16

其中，刀代表金属表而的法线方向(指向金属外侧)，Z称为金属的表面阻抗。

一卜式即为金属的表面阻抗边界条件。

综上所述，SIBC也有～定的适用条件。首先，金属的几何参数(如金属厚

度、表面曲率半径及表面尺寸)应远远大于金属的趋肤深度；其次，金属的介电
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常数应为负值且足够大。在可见和近红外光波段，后者是能够满足的。

§4．3．2近似边界条件的运用

下面将举出两个例子以运用SIBC。一个例子是求解二维金属．介电平面上

SPP的色散关系。当SPP沿着x方向传播时(见图4．1)，金属外侧的磁场为

H：=Aexp(-ay)expi(ksppx-tot)．4．17

其中，％2一口2=k02ed。利用Maxwell方程可得切向电场彰=(aIieoedm)彰。

考虑到SIBC(方程4．16)，则有口=f‰白／厄。因此，SPP的色散关系为

l
∞

％2了
4．1 8

需要强调的是，上式是利用SIBC近似所得到的结果。由于￡：>>e，上式与严

格推导所得到的结论(4．12式)是一致的。此外，对于TE偏振，类似的求解并

不能给出传播常数的实数解，即TE偏振不能导致SPP模。

厶 爪Y
l

l +
p l ＼ ， ”

图4．3对称金属包覆介质波导

另外一个例子是关于金属包覆介质波导的问题(如图4．3所示)。设狭缝的

宽度为日，其中电介质的介电常数为Ed；波的传播方向为X轴方向。对于TM偏

振(磁场沿着z方向)，狭缝中的波场可表示为

见=∑(A．costx．y+B．sina。y)expi(q。x-a／)，

E=；啬c驷s驴钳n叫唧的，蚍
4‘19

63
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其中，％2+q：=k20e,，。在狭缝的上F表面(Y=+a12)分别利用SIBC，可得

以(c。s等邯in竿)一驰n竿堋。s争=o，。 。 ‘
。4．20

州c。s等邯in警)+驰in等+帅s丁ana)_o．

其中，77=ia。√i／‰白。容易看出，上述方程共有两组解，即

或

删，tan等2丽koed；

删，胁等=筹．

4．21

4．22

前者称为对称模，而后者被称为反对称模。方程4．2l和4．22各有无穷多个解。

对于理想金属，则有口。S=2n万／a，％A=(2n+1)n：／a。此时，西=o对应于TEM

模(无截止)，而其它的高阶模则有截止频率。对于实际金属，情况有所差异。

此时，％S为纯虚数：％S=i√2koed／口√l￡，l o<<A)或簖=ikoe,，／√i￡。I(口>>A)。
可见，电磁场被束缚在两个金属界面上(它能够沿着波导方向自由地传播)。实

际上，这正是由于(波导中)电磁波与表面电子振荡耦合而形成的SPP模。在

口<<A的情况下，SPP模的有效折射率可表示为％-qo／ko=％√l+允／万口√I￡。I，

其中嘞为介质的折射率。另外，对于耐，其传播行为与两个特征长度有关，即

截止宽度q=(2／1r√i)arctan厮和临界宽度呸=A√i习／肥d。当口<吼时，
簖为实数且传播常数qo为纯虚数，波的传播被禁止；当ac<口<口。时，簖 qo都

为实数，波能够自由传播；而当a>q时，簖为纯虚数N q。为实数，这对应于波

导中反对称的SPP模。这些与严格解H0]所能得到的结果相一致。

对于TE偏振(电场沿着Z方向)，我们可作类似的求解。此时，狭缝中的

电磁场町表示为
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t=∑(A．cosa。y+B．sina。y)expi(q。x-tot)，

以=莓赤c峨cosot．y-删吣州c旷m
423

相应的，在狭缝的上下表面分别利用SIBC，可得如下的两组解：

删一等=等； 4以

及

4．o，tan等一旦ko,,／L-．。 4．25

如果忽略金属的吸收，则方程4．24和4．25所给出的解皆为实数。因而电磁场并

非局域于金属的表面，这与SPP模不同。同时，当波长足够长时，它们沿波导

方向的传播被禁止，这也与前述的SPP模不同。

§4．4本章小结

本章对金属中电子运动的物理图像以及金属的介电响应特征作了简单的介

绍；对金属表面等离极化激元的性质作了较详细的分析。此外，我们也着重讨论

了表面阻抗边界条件及其运用。这些为下面进一步分析和理解金属微结构材料的

其它物理效应作了有益的准备。
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§5．1引言

第五章穿孔金属膜中的增强透射效应

实际上，除了表面等离极化激元(光沿着金属表面的传播)以外，光垂直于

金属表面的传播(光的透射效应)也是一个有趣的研究课题。通过这一课题的研

究有可能发现新的物理现象并导致潜在的应用。然而，在可见和近红外波段，光

在金属中的穿透距离也仅为趋肤深度而己。因此，当金属薄膜的厚度远大于趋肤

深度时，光的透射被禁止。通常，解决这一问题的途径主要有两个：一是减小金

属薄膜的厚度，二是在薄膜上引入小孔结构。对于前者，当薄膜的厚度小至能与

趋肤深度相当时，光的透射可由于SPP的激发而增强【1，2】；同时，超分辨率成

像亦能获得【3】。

不过，采取在金属薄膜上钻孑L的办法则更为有效。这一点来源于人们对亚波

长光源的迫切需求。我们知道，在透镜成像的过程中，由于衍射效应的存在，物

点所成的像实为一衍射光斑(Airy斑)。这一光斑的大小约为波长的二分之一，

这就是通常所谓的“分辨极限"。为突破衍射极限，早在1928年，英国的Synge

就提出了一个新型显微镜(即如今的近场光学显微镜)的构想【4】。在其构造中，

需要在不透明的薄膜上制备一个直径约为10nm的小孔，以作为入射光源。这样，

当小孔与待测表面足够靠近时，该显微镜的分辨率即可达到10nm。无独有偶，

在当今盛行的光学信息存储技术中，光的衍射效应也从根本上限制了存储密度的

进一步提高。这是由于，在使用透镜对半导体激光束进行聚焦以实现数据的读写

时，光斑的大小至少也有数百纳米之多。一个可行的办法也是直接采用亚波长的

小孔。但是，孔与记录材料的距离应小于一个波长，这便是近场光存储【5】。

然而，上述办法也并不完美。除了衍射引起的光斑尺寸随着传播距离的增加

而迅速增长以外，光的透射效率也是一个重要的问题(即要求孔要小、光要强)。

在孔径比光的波长大得多的情况下，Fraunhofer衍射的结果表明，光斑是Airy

斑且透射效率近似于--[6]。如果孔径小于光的波长，则情况较为复杂。1944年，

Bethe针对理想导电且又无限薄的金属屏．卜的亚波长小孔，推导出了一个确切的
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透射率的表达式(正入射)【71：

T=(647r2／27)(d／允)4．

其中，d为小孔的直径，A为入射波的波长。可见，透射率与dl&的四次方成正

比；当d<<允时，透射率将趋于零。不仅如此，当薄膜的厚度为有限厚时，透射

率还将进一步随着厚度的增加而呈指数规律衰减【8】。如此低的透射效率为可能

的实际应用设置了巨大的障碍。那既然如此，又能奈之何呢?

§5．2增强光学透射效应

§5．2．1异常的透射现象

1998年，Ebbesen等人研究发现，如果在金属薄膜中引入亚波长小孔阵列，

则在特定的波长处将产生增强透射效应【9】。实验上，他们首先在石英衬底上沉

积一层200nm厚(远大于趋肤深度，-20nm)的金属银膜；然后利用聚焦离子束

(FIB)系统在薄膜上制备正方点阵的亚波长小孔；最后，再将入射光垂直照射

在穿孔的金属薄膜上，并用光谱仪来记录零阶透射谱。图5．1给出了一个典型的

实验结果【9】，其中正方点阵的晶格常数为ao=900nm，圆孔的直径为d=150nm。

另外，薄膜两侧的介电材料的折射率分别为1．0(空气)和1．47(石英)。
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图5．1穿孔金属膜的零阶透射谱(Nature 39l，667(1998))
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可以看出，一个明显的特征是，透射谱中出现了一系列的峰、谷结构。除了

位于紫外(九=326nm，对应于体plasmon频率)的透射峰以外，在长波长的范

围内还有两组突出的透射极大(1000nm、1370nm)和透射极小(900nm、1270nm)。

尤其让人感到惊奇的是，后一个透射峰位于1370nm：此波长约为小孔直径的10

倍。而且，其透射效率为4。4％；如果对小孑L的占空比(2．2％)进行归一化，则

相对透射率将达到2。这意味着，将有两倍于直接入射Nd,孑L上的光能够被透射；

或者说，有一部分光即使没有入射到小孔上也能被透射。而根据Bethe的理论(方

程5．1)，这样大的小孑L，其透射效率充其量也不过3．4x10一。据此可知，小孔阵

列能够产生近600倍的透射增强【9】。

此外，他们还测试了透射谱对一些参数(如周期、孔径、膜厚及金属材料等)

的依赖关系，并发现了一些共同的特征【9】。如，透射峰的位置决定于周期，而

与孑L径、膜厚及金属的种类无关；透射峰的宽度决定于孔径与膜厚的比，孔径越

大、膜厚越小，则峰越宽；而且，透射峰的高度依赖于膜厚，膜越厚，则峰越低。

另外，至关重要的一点是，薄膜必须为金属膜；如果是非金属材料，则无透射增

强效应(这一点有争议)。

应该指出，早期的实验数据以及结论未必全都可信。这在很大程度上与测量

所带来的误差大小有关，也与当时实验资料的占有程度有关。比如，后来的工作

就表明，透射峰的位置不仅与周期有关，而且还与孔的大小、形状有关[10，11】。

近来，原作者之一Thio撰文指LB[121，上面的增强因子被严重高估。原因在于，

实际所用的孔径比名义上的数值(d=150hm)要人得多。翻开他们同一年在PRB

上发表的文章(见原文【13】中的图1)就可发现，小孔的直径差不多要有300nm。

这样一来，增强因子(G=27％2～4乙／16n"3d6，其中砧和rp分别为透射峰的位

置和高度)就从600减为区区的不到10了!

尽管如此，增强透射效应依然存在，并且被不同的实验所证实【lO．13】。同时，

鉴于其潜在的应用价值，它也引起了人们广泛的研究兴趣。比如，利用其透射率

对波长的依赖性，可制成新型的滤波器【14】；利用孔的形状对透射偏振的影响，

可制成新掣的偏振器【15】。而且，进一步的研究发现，增强透射效应还可能在亚

波长光刻技术【16】、非线性光学117】以及量子信息处理【18，19】等方面获得应用。
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此外，值得一提的是，人们在研究透射现象的过程中发展出了一种新的光子微结

构(即“牛眼”结构)：金属膜的中心是单个的亚波长小孔，而周围则是一系列

的同心圆环(凹槽)【20】。这种结构既能增强光的透射(“牛眼”位于入射面)，

又能有效地抑制出射光的衍射效应(“牛眼"位于出射面)。因而，它的出现有望

一举解决前面所提到的难题。

§5．2．2物理机制的争论

实际上，人们对增强透射效应的研究热情还来源于其理论价值。是什么原因

导致如此高的透射效率呢?这一点由Bethe的理论无从得知。在1998年的文章

中【9，1 3】，Ebbesen等人认为，透射谷源于Wood异常，而透射峰则对应于SPP

的激发。这也不难理解。当入射光照射在金属表面时，由于亚波长dq：L的散射以

及波的干涉效应，衍射波得以有效地产生。其中一部分可以传播并离开表面，而

余卜．的则为消逝波，束缚于界面附近。当Wood异常发生时，某一阶衍射波刚好

与金属表面相切【2l】，从而导致透射极小。此时有(正入射)

Gmn=2rcnd|九． 5．2

其中，吒：(27r／ao)0孺为倒格矢(脚、胛为整数)，嘞为介质的折射率。如
果某一一阶衍射波刚好与SPP动量匹配，则SPP被共振激发。此时

，1
2万
‰。_

儿

我ffiSH道，SPP的激发可导致金属表面附近场的极大增强；自然，这一增强的电

磁场就会引起异常的透射效应。

诚然，Ebbesen等人的观点既合乎常理，又能解释部分实验事实。尤其是SPP

在其中起着至关重要的作用，这不能不让人感到兴奋。因而，SPP模型得到广泛

的认同和接受[22—26】。不过，在解释一些实验事实上，SPP却遇到了困难[27】。

比如，理论所预言的透射峰的位置与实验测量并不相符(通常要小10％左右)：

而H，透射峰的宽度也比SPP共振大得多；另外，理论研究还表明，穿孔的理

想金属膜(或非金属膜)也能产生类似的增强透射现象，而它却不支持SPP。这

7l
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样，SPP模型受到了一些人的强烈反对。为此，双方展开了激烈的争论。

首先，Treacy发表文章认为[281，金属光栅巾的增强透射效应可完全依据动

力学衍射理论来解释；SPP仅仅是衍射波场的}占l有组成部分，因而不起任何独立

的作用。他对一维金属光栅作了理论计算并得到了类似的透射特征，但结果未能

与实验比较。2002年，Cao等再次指出【29】，在一维金属光栅的透射中，SPP实

际上起着一个负效应。这一点与Lochbihler在较早时提出的观点一致[30】；且

Ebbesen等人也在1998年的文章中予以承认【9】。

2004年，Barnes等人对增强透射效应再次作了实验研究[31]。他们测量了透

射、反射谱，并由此计算了光的吸收谱；研究发现，透射极大对应于反射极小以

及吸收极大。因此，他们坚信增强透射源于SPP的激发。同一年，Pendry等人

对穿孔的理想金属膜(不支持SPP)作了理论研究[32】。他们认为，在长波近似

下，穿孔的理想金属膜可视为一有效媒质，其介电响应类似于实际的金属材料。

因而，它可模拟实际的SPP并导致同样的共振效应。

也在2004年，Lezec和Thio针对增强透射现象提出了一个新的模型，即消

逝波模型127】。当入射光照射在表面时，每一个小孔(或狭缝)都将发射消逝波；

这些消逝波在表面则进行相干叠加。他们认为，在小孔(或狭缝)的入口处，如

果消逝波干涉加强，则可导致透射极大；如果干涉相消，则对应于透射极小。这

样可解释金属或非金属材料中所发现的增强透射现象(后者要弱得多)。同时，

他们也针锋相对地认为，SPP在增强透射中的作用可忽略不计[121。

近来，义有人提出，穿孔金属膜中SPP的色散关系与未穿孔的无限大平面

并不相同；这导致透射峰的偏离【33】。对此类观点，Lezec等也曾加以评述【27】。

比如，对于一维金属光栅，实验测得的色散关系与理论值相差不超过1％；以此

难以理解透射峰10％以上的偏离。更何况，数值计算得到的所谓色散关系实与全

部的衍射波相联系[331，囚而不能简单地归功于SPP。另外，还有人认为，除了

金属表面的SPP，小孔中局域的SPP模也将对增强透射产生贡献[34，351。他们

以矩形小孔作为实验对象，研究了不同偏振的情况下透射峰的移动，并以此来作

为局域SPP模的证据。但实际上，即使金属是理想的导电材料，也会产生类似

的结果。因此，局域SPP模的存在和贡献也受到了质疑[36】。
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§5．3透射机制与极化激元

现在看来，将增强透射的物理机制归于SPP确实证据不足。一方面，在实

验上，SPP模型与实验结果并不相符。即使Barnes等人将透射极大对应于吸收

极大作为SPP的明证【3l】，这同样值得商榷。他们所得到的吸收谱实源于间接测

量；而且，这样的“吸收”发生于任意波长处且数值可观(并非仅在透射极大)。

这意味着还存在其它的吸收机制，因而不能简单地归于SPP。另一方面，在理论

上，SPP也没有得到明确的指认。曾经的解析计算给出了一个含糊的有关SPP

机制的解释；而且，其理论预言的透射峰的宽度比实验值要小得多【25】。数值计

算似乎也不是没有问题。目前吻合最好的数值结果与实验测量也有较大的差异

【11，37】；况且，其背后隐藏的物理机制(仅通过数值计算)并不容易获取。至

于穿孔的理想金属膜，Pendry等人的说法[32]贝JJ更难以接受。除了他的长波近似

并不适用于此外，穿孔的理想金属膜与一有效的均匀媒质(其有效介电常数为一

有限的负值)存在着巨大的不同：前者可支持衍射波，而后者不能；前者可产生

增强透射，而后者也不能。

毫无疑问，在这样的微结构材料中，衍射波应起着极其重要的作用。没有它，

Wood异常无法产生；没有它，SPP也不会激发。但是否就像Lezee和Thio所讲

【27】，(消逝波)干涉加强则透射极大、干涉相消则透射极小昵?问题恐怕也没

有这么简单。比如，Wood异常本质上就足衍射波在金属表面上的干涉加强【2l】，

而它却导致透射率的下降。而且，根据波的叠加原理，消逝波在相遇时其合振动

为分振动的矢量和；而相遇后它们应按照原来的方向继续前进。那么，何以见得

干涉加强就能改变波的传播方向并导致透射极大呢?此外，他们的计算结果依赖

于拟合参数的选择[27】；同时，很多影响因素并未考虑在内。因而，其理论模型

难以对透射特性做出比较全面的、准确的描述。

在我们看来，除了衍射波的重要作用以外，金属材料的介电响应也应该予以

考虑。在一定的情况下，金属表面的电子振荡能够被激发并和电磁场发生强烈的

耦合。这些SPP模，无论起着是正焉或负的效应，都将参与作用并在透射谱中

标记出其存在的“烙印”。实际上，除了金属表面的SPP模，这里还将涉及到小

孔内部的SPP。在增强透射过程I{l，电磁场被强烈地束缚于弧波长的小孔，而后
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者则作为光予隧穿的唯一通道。因而，电磁波将和小孔金属壁一卜的电了发生强烈

的耦合，并导致局域的SPP模(下面称之为CSP模)。

tight

图5．2穿孔金属膜的结构示意图

根据前面的讨论，下面将对穿孔金属膜中的增强透射效应进行理论和实验的

研究；并以此来揭示其中的物理机制以及表面等离极化激元的作用。图5．2为所

要研究的结构示意图。其中，金属薄膜的厚度为h(远大于趋肤深度)；两侧为

半无限大的电介质，其介电常数分别为毛和岛。为了解析计算的方便，假定边长

为ax b(x方向为口、Z方向为6)的矩形小孔在金属薄膜上排成正方点阵，且晶

格常数为d。入射光(TM偏振)从媒质I()，>0)照射在金属薄膜上，并经透射

进入媒质llI(y<．办)。这里，砂平面为入射面且识为入射角。在理论处理上，

我们可以写出空间三个区域的电磁场，并利用边界条件来确定透射效率【38】。具

体而言，薄膜两侧的场分布仍借助于常用的Rayleigh展开[30，39】；而调制区域

则只需考虑小孔中的电磁场。至于金属界面则一律采用表面阻抗边界条件。

§5．3．1小孔中的电磁场一CSP模

这里，开在金属薄膜上的亚波长小孔实际上就是一个个的矩形波导。在金属

为理想导电的情况下，波导中的电磁场容易求解(通常这样处理【25，32，36】)。

这时，场为TM模或TE模或它们的叠加，且最低阶的传播模式为TElo(或TEoI)

模。但是，如果金属的电导率为有限大(这对应于实际金属)，则情况相对地比

较复杂。此时，电磁场既非TM模也非TE模(而在三个坐标轴方向都有场的分
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量)。为此，下面将采用一定的近似方法来处理这样的问题。

由经典电动力学可知，在一定的频率下，小孔中的电磁场将满足Helmholtz

方程V2H+k2H=O。其中，毛=七o√石，岛为小孔中电介质的介电常数。利用

分离变量法，我们可得到如下场的表达形式：

皿=(cosotx+usinax)(cos,6z-I-vsin,Sz)(,40e1缈+Boetq。y)． 5．4

其中，U，1，，4，尾为四个待定系数，口，卢为x、z方向上的波矢分量，go为波导

(小孔)中的传播常数，且

q。=_砖一口一一 5．5

考虑到入射波的偏振方向(磁场沿着z轴方向)，小孔中所激发的波场应具

有如下特点：平行于xz平面，见和E将起支配作用；而总和最则可忽略不计

(风，置≈0)。利用Maxwell方程和上述近似，可得

E=—兰L(sin口X--UCOS口x)(cos#z+vsin卢z)(Aoe-响y+BoP响。y)，
EoEhtO

Ex=‰co"(cosctx+usinctx)(cosflz+vsin[3z)(goe“蛐-&ei强y、)。 5．6

妒争cosⅢ矧n蜥inpZ--VCOS肘(4e-fqoy_驴A
其中，or=(ko／qo)(1-a2／《)。注意，这～近似要求p2／繇I<<l。

若在小孔的金属壁上(x=+a／2，z=+b／2)分别利用SIBC，则可进一步确

定波场的传播特性。这里仅考虑最低阶的波模(称为单模近似)：因高阶模式在

Y方向上能够更快地衰减，从而可忽略其对增强透射的贡献。这样，我们可以得

到U='，=0，且

留-鲫T=丽koEh，辔譬=等． 5．7

现在，我们对小孔中波场的特性进行‘。些分析。当金属为理想导体材料时，

方程5．7给出口=0且卢=zlb。此时，小孔l|l的波模即退化为TEol模。但是，
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当考虑实际金属材料时，￡。为一有限的负值(忽略其虚部)。容易看出，此时，

口为纯虚数(口≈ix[2koeh／(-em)U2口)且卢仍为实数(卢<z／b)。可见，小孔中

的电磁场在z方向是传播的，但在x方向却是消逝的。这意味着，波场被束缚于

小孔两侧的金属壁上(x=+a／2)，且其强度随着离开金属壁的距离而衰减。这

种局域于小孔内壁的表面模正源于电磁波与金属表面电子振荡的耦合，故可称为

小孔中的SPP模(或CSP模)。顺带说一句，如果磁场的偏振方向沿着X方向，

则电磁波将被束缚于另外两侧的金属壁上(z=±6／2)。不过，如果磁场平行于

矩形小孔的长边，则对透射效率的提高更为有益。

CSP模的存在将对电磁波的透射特征带来较大的影响。由方程5．5可知，由

于口为纯虚数且p<万／b，则波导的截止波长将被有效地增大(与理想金属波导

相比)。如果电磁波的波长大于截止波长(在增强透射过程中常常如此)，则传播

常数g。为纯虚数。与电子的隧穿效应(电子能量小于势垒的高度，且de Broglie

波矢为纯虚数)相似，这里，光子的隧穿效应也必然会发生。不过，由于CSP

模的存在，lq0I将变小且光子也更容易穿过亚波长的小孔(与理想金属相比)。毫

无疑问，这种CSP模辅助的且又增强的光子隧穿效应将有助于光的透射。

最后，这里再强调一下上述处理的适用条件。首先，小孔不能太小。由前面

所提到的要求(p2／群I<<1)可知，这需要a>>A／7r√I￡，l。当∞<<％时，则

有a》2clio,,≈45nm。其次，小孔也不能太大(6<；L／2)。否则，单模近似不

能成立。一般情况下，上面的要求是能够达到的。

§5．3．2零阶透射谱一解析计算

解决了小孔的问题，下面再来看金属溥膜两侧的衍射波场。由于金属表面的

周期性结构，衍射波场可利用Fourier级数来展J{=。根据Helmholtz方程，可得

H!=P‰‰”w’+∑如。P如‰”¨+‰川，

彬，：∑乙P氐【0驴‰∽川．
5·8
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其中，‰=√￡I sintp,+瓯／ko，h=瓯Iko，瓯(或瓯)为周期结构所提供的倒

格矢(瓯=2Jrm／d)；“椰=√￡。一t一《，‰=√￡，一疙一《；‰和乙分别代

表反射和透射波场的幅度。可见，衍射波场由一系列分立的(或间断的)衍射阶

所组成；其中既包含可以传播出去的平面波(少部分)，也包含束缚于金属表面

的消逝波(这与SPP并不等价)。当然，上述展开实际上已经将波的衍射和干涉

效应考虑在内。

由5．8式可以推知，在一般情况下，磁场在其它的方向上还有分量；否则不

能满足Maxwell方程。然而，对于我们所考虑的情形，入射波场为TM偏振(磁

场仅沿着z方向)。这就要求K=0(刀=0)；也就是说，在这样的偏振下，以≠0

的衍射波并不能被有效地激发。为此，下面将略去5．8式中的聆。另外，利用5．8

式，我们还可以写出空间的电场表达式：

《=(#oC／e1)[uoe引扩Ⅵ’一∑心甜。P如∽”Ⅵ’】，

掣：(刚￡，)∑砜P州二肿)J．
5·9

现在，我们就可以计算金属薄膜的透射效率。可供利用的边界条件之一是：

在小孔的开El处，磁场切向连续。即当一a／2≤x≤a／2且一b／2≤z≤b／2时，

叫(石，o+，z)=彤(x，o一，z)，
5．10

厶哆(x，一办+，z)=厶哕(x，一h-,z)．

能够被利用的边界条件之二是：当一d／2≤五z≤d／2时，

(《一znzl)脚+=(掣一znzll)炒，
5．1l

(eJ+己n．rzlH、)y～旷=I、E：+ZH：、)y一旷．

其中，Z=It扩／√i为金属的表面阻抗。实际上，后一条件包括两个内容：在小

孔的开口处，电磁场切向连续；而在金属的外表面，则满足SIBC(金属内表面

的场无需计算，仅’发置为零)。

将5．4、5．8式代入方程5．10，并利用空I、IIJ的平均，可得：
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(鸽+坟)sin c了ola sinc譬：‰+窆‰如，
。 。 ”2“

5．12

(∥+驴嘶c了oca sinc坐2⋯艺gmT．．
其中，‰=sinc(koY．a／2)。再将电磁场的表达式代入方程5．11，且两边同乘以

e-ftor-x o利用空间平均及正交关系(1／d)E：e,kO(r．-r．)x出=如，z。，"10

E=纂。警⋯¨榉Ⅵ蝴5m乙=!竺苇筹【盯(4P响^一岛P一础)+￡：佗(AP响^+岛P一响6)】．
其中，w=ab／d2为小孔面积所占的比例，％=(1／口)E二cos(ax)e-aOr．*dx。

将方程5．13代入5．12，计算可得

4=·rl丽1F(／q,)SIn／，C(f)D Z) &=丽r12F(2)SInc IJ／．I D Zl

5．14

其中，rll=p(町+1)，772=p(劈-1)e2缈，P=290uo／(uo+￡l￡二1佗)sinc(aa／2)；且

F(A)～=(1+町)(1+町)一0一钟)(1一够)P2w． 5．15

Y$J'l-，劈(j--1，3)由下式给出：

劈=旦sinc(o％。a12薹万赫 5舶’ )急(￡，一识)¨2+￡，￡拶’
“～

再利用5．14式，我们即可求得反射和透射系数：

R。风“一瓣PlSn砌)，L 2嚣m)． 5．17

这里，系数Po=(‰一q《¨2)“‰+￡I《¨2)，Pl=WEl【仃(77l—r／2)一￡二№07l+r／2)】，

且岛=2w￡3pore咿。
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实际上，我们主要对零阶透射翠感兴趣。因其可{乍远场探铡，且义表现出异

常的透射特征，利用能流关系，可得b=√；了iI瓦12。在垂直入射的情况下，零

阶透射效率可简化为：

～；√丽|fH刮2 5．18

其中，

一碡毒篙两． s．””石舀≯而i丽+ 5。”

下面将利用5 I 8式来计算穿孔金属膜的零阶透射谱，并与实验进行比较。

§5．3 3理论计算与实验结果的比较

在实验上，我们制备了一批样品并进行了透射谱的测试。首先，将一根单模

光纤(数值孔径为0 1)切断．并通过溅射的方法在其端面上镀上一层金属薄膜

(金或银)。然后，利用聚焦离子柬系统(时如FIB 201，FEI company，30 keVGa

ions)在薄膜上制各出周期的纳米孔阵列(这里q,：tL为正方形，且孔阵的大小为

14Ⅳm×14#m)。圈5．3(a)所示为经过镀膜的单模光纤，其端面的中心区域即为

4qL点阵；图5．3(b)为一正方形小孔点阵的扫描电镜图。在测试的过程中，入

射光经耦合进入单模光纤并(可近似地认为)垂直照射在金属薄膜上。零阶透射

谱由一光谱分析仪(ANDOAQ-6315A)来记录。

3‘一
一■■■■■■■

■●●■■■■■

■■●●■●●■

一■■●●■■■

■一●■●●●●

■■■■■■■●

■■■■■■■●

*!=■■■■■

图5 3(a)单模光纤的端面；(b)亚渡长方孔点阵
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下面将以三个样品的测试和计算结果为例(不限于此)，来具体说明有关的

情况。第一个样品制作于金膜(Au)上：薄膜的厚度为h=-220nm，点阵的周期

为d=-580nm，且正方形小孔的边长为a=b=265nm。图5．4中，红色的圆圈和蓝

色的实线分别代表实验和计算所得到的零阶透射谱。在计算过程中，光纤面和空

气面的折射率分别设为1．46和1．0(即q=2．1316，岛=1．0)；而金膜的介电常数

(Em=靠+igI)则由下面的方程给出(由文献【40]中的数值拟合得到)：

￡R=al(1-e一吒。)q，￡，=ol+如A+63pA． 5．20

其中，系数al=-128．4231，d2=2．2138，a3=8．6838；bl=一1 1．4226，62=14．3676，

63=90．3912，P=0．0062；A(0．5～1．6pro)为真空中的波长。

Wavelength(nm)
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图5．4穿孔金属膜的零阶透射谱：实验(圆圈)＆理论(实线)

Au膜：h=220nm，d=580nm，a=b=265nm

哇l图5．4可以看出，理论和实验结果能够很好的吻合；这不仅包括透射谱的

形状，还在于透射峰以及透射谷的位置。在实验上，两个主要的透射极小分别位

于606nm和870nm；这非常接近于理论上的608nm和874nm(位于658nm的透

射符源于倒格矢GI．1，理论未予考虑)。同时，实验观察到的两个主要的透射峰则

位于710nm和945nm，这也与理论值714nm及952nm基本一毁。不仅如此，良

^零一8cm#I山西c歪_口磐3∞mo：
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好的吻合还能被进一步推广到透射峰(或透射谷)的宽度，这一点由图也不难得

知。在以往的解析计算中【25】，理论所预言的透射峰的宽度仅有实验值的10％；

即使是目前最好的数值结果[1l】，其给出的峰的位置(及宽度)与实验相差也有

约80nm(及40％)。与之相比，上述的结果无疑要好得多。另外，Wood异常(细

箭头)以及SPP共振(粗箭头)的位置已分别在图中作了标记。结果表明，SPP

共振对应于透射极小：而Wood异常却与之相邻：在理论上，它对应于一个小的

台阶或小的透射峰。

Wavelength(nm)
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图5．5穿孔金属膜的零阶透射谱：实验(圆圈)&理论(实线)

Au膜：h=220nm，d=761nm，a=b=383nm

图5．5所示为第二个样品的理论和实验结果。该样品也是做在金膜．卜，且薄

膜的厚度也为h=-220nm。不过，点阵的周期为d=761nm，正方形小孔的边长则

为a=b=383nm。可见，与前者(样品一)相比，由于周期和孔径的变化，峰和

谷的位置都发生了移动。然而，理论和实验结果再次取得了良好的一致。第三个

样品的理论和实验结果示于图5．6中。这次采用的是银膜：其厚度为h=420nm，

点阵剧期为d=600nm，且正方形小孔的边长为a=b=270nm。这里，银的介电常

数仍以方程5．20来进行计算：其中，a．=一1 303．6078，a2=0．3243，a3=2．6134；

岛=一2878．5803，62=260．7128，63=2884．3145，P=O．9086。由图可知，由于金

8l

一零一8亡m冬E∞cBJ：l

D9J3协mm=
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属薄膜厚度的增加，透射效率发生了显著的下降(尤其是对于长波长的透射峰)。

这一点在理论和实验上都得到了明确而且一致的反映。

蓉
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Wavelength(nm)

图5．6穿孔金属膜的零阶透射谱：实验(圆圈)&理论(实线)

Ag膜：h=420nm，d=600nm，a=b=270nm

从上面的三个例子不难看出，理论计算和实验结果确实存在着漂亮的吻合。

至于其差异，则可归为诸如实验中的不确定度、所引用的介电常数(金属)与真

值的偏离，以及理论中所采用的近似。尤其是在短波长区域(A<d)；此时，

CSP模往往能够传播且高阶模亦能产生贡献，故单模近似未能被很好地满足。但

总体上来讲，理论还是很好地(定量)抓住了透射的特征；因而也揭示了其潜在

的物理机制以及表面等离极化激元的作用。

§5．3．4潜在机制与极化激元的作用

方程5．1 8告诉我1『：J，在截止波长之外，穿孔金属膜的零阶透射谱主要决定

于F(允)(这里称之为共振因子：在截止波长以内，CSP模的传播将发挥其作用)。

图5．7示出了IF(A)I对波长的依赖关系(圆圈)。这里，结构参数设为h=250nm，

d=1000nm，且a=b=400nm；金膜的介电常数则粗略地采用了Drude模型【4l】。

从透射谱(实线)可以看出，透射峰和谷的位置分别对应于IF(A)I的极大和极小

R，

一零一93cm董E∞c巴_D2m|noIeo
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值。现在，我们再回到方程5．15和5．16。如果方程5．16分母中的某项趋于零，

即(ej—Z)“2+￡，￡二"2=o，则劈_oo且，(A)◆o。这必然导致透射极小。上述

方程可重新表述为：

koE sin 6p,+Gn=±ks，p． 5．21

其中，

l 国

％2j
‘，

∞
≈一
C

5．22

方程5．22正是(基于SIBC近似所得到的)SPP的色散关系；这与前一章给出的

结果(方程4．18)完全一致。相应的，方程5．2l则为我们所熟知的SPP的共振

条件。由此可见，金属薄膜表面的SPP的激发将产生透射极小(可称为SPP极

小)；这与Ebbesen等人的观点【9，1 3】恰好相反。
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图5．7共振因子IF(A)I(圆圈)和透射率(实线)对波长的依赖关系

Au膜：h=250nm，d=1000nm，a=b=400nm

至于色散关系被修正一说【33】，我们这样认为：如果色散关系确实被修正，

则(透射谱中)原来SPP被激发的位胃处应无明显的特征，即不会产生透射峰

也不会产生透射谷。然而，理论计算精确地表明，当共振条件(方程5．21)被满

足时，透射谱中即产生透射极小：这一点又一再地为实验所证实。这些结果强烈

．】o栈X羞I

muc西Co∞∞r
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地暗示，金属表面(未穿孔)的SPP模一这一固有的表面电磁共振，依然“存

活”并起作用于穿孔的金属薄膜上(即残余的金属表而)。

实际上，SPP的负作用并非难以理解。当入射面SPP的共振条件满足时

(F(X)≈0)，某一阶衍射波与SPP发生强烈的耦合并导致表面场的增强；而其

它的衍射阶则被极大地抑制。这一点由方程5．17可以看出(其中分母上有一项

趋于零；此外，零阶反射率也同时达到最大值)。然而，SPP模的存在只限于金

属表面，而小孔的开口处则无半点优势。其根本的原因在于SPP模源于电磁场

与表面电子振荡的耦合。更何况，SPP的能流平行于金属表面，且金属膜的厚度

又远大于趋肤深度。故SPP模并不能引起任何有效的透射效应。至于出射面的

SPP共振，则同样可抑制其它的衍射阶，其中也包括零阶透射。

理论所预言的另一个重要的结果是Wood异常并不产生透射极小，这与传统

的观点也不相同[13】。当￡，一Z=0时(对应于Wood异常)，由于lejeJ=：,“2l<<1，

透射效率虽低却并不为零(如前面图中的细箭头所示)。在物理上，当Wood异

常发生时，相应的衍射阶刚好与金属表面相切且不能透射。不过，其它的衍射阶

并未完全被抑制。因而，它们能够与CSP模相耦合并导致一个微弱的透射。实

际上，Wood异常的位置总是稍稍小于透射谷(或SPP共振)的位置：在垂直入

射的情况下，前者位于b=√￡，d，而后者则位于砧=√￡。￡，／(％+t)d。只有

当金属为理想的导电材料时，两者才趋于一致。需要说明的是，在理论上Wood

异常对应于小的台阶或透射峰，但实验上并不容易观测。在许多情况下(依赖于

结构参数)，理论预言的Wood异常效应并不十分明显(如图5．7)。而且在实验

过程中，实际参数的偏离有可能造成台阶的弱化甚至抹平这一效应。因而，对

Wood异常精细结构的观测可能需要更为严格的实验条件。

理论结果还表明(见方程5．14)，小孔中的波场或CSP模也正比于共振因子

F(A)。因而，当SPP被共振激发时，CSP模却受到极大的抑制。但是，如果入

射波长远离SPP共振，则衍射波(主要是消逝波)与CSP模的耦合就能有效地

产生。此时，衍射波能够沿着整个表面而传播，其中也包括d'qL开口处的非金属

界面。这样，入射面的衍射波将辐射光子，后者则通过CSP模来隧穿并和出射
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面的衍射波相联系(反之亦然)。同时，经过亚波长小孔的散射，出射面的衍射

波进一步产生远场辐射。从而，空间的波场(以及透射峰)既依赖于薄膜两侧的

衍射波，又依赖于小孔中的CSP模。在特定的条件下，这一耦合也能发生强烈

的共振。如果忽略方程5．15右边的第二项(波长大于截止值时)，则共振条件可

简化为l+钎=0或l+町=0，这分别对应于CSP模与两侧衍射波的强烈耦合(在

方程5．16中，关于刀的求和即计入了有关的衍射波)。两者都可引起CSP模以及

两侧消逝波的增强。值得注意的是，这里两侧消逝波的增强与SPP共振不同：

后者是某一阶衍射波与SPP耦合并发生共振，而这里是所有衍射波(除零阶反

射外)的增强且SPP并无激发。此时，小孔中的能流密度可近似为

Sh芘Im铆。坑)·IF(X)12． 5．23

可见，当CSP模发生共振时，一个较强的能流能够沿着亚波长小孔而传播(即

垂直于金属表面，这一点与SPP共振也不同)。因而，入射光的能量也随之发生

有效的转移并导致异常的透射效应。
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图5．8穿孔金属膜的零阶透射谱及衍射波场(玻璃衬底)

Au膜：h=200nm，d=700nm，a=b=300 nm

为定量起见，图5．8给出了部分衍射阶幅度的计算结果。其中，空气面为入
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射面，圆点代表零阶透射谱(箭头指向SPP共振)。可以看到，在透射极大和透

射极小的位置，衍射波都有可能得到一定的增强。比如，对于透射极小(720nm

或1045nm)，由于空气面或玻璃面SPP的激发，一阶消逝波(Rl或正)发生较

大的增强。而对于透射极大(810nm或1125nm)，各阶衍射波都有增强效应；不

过相对而言，高阶模式要弱得多。这些既验证了上面的定性分析，同时也表明，

仅凭消逝波的增强还不足以对透射机制作出正确的判断。

另外，我们还对穿孔理想金属膜的透射效应作了理论计算(图5．9：实线)。

此时，SPP和CSP模并不出现(前者与Wood异常简并，后者退化为TEol模)。

然而，透射极大和极小依然存在。这表明金属的表面等离极化激元并非增强透射

所必需。不过，实际金属(圆圈)与理想金属的透射谱也确实存在差异。一方面，

透射谷从Wood异常移到SPP共振的位置(SPP的贡献)。另一方面，透射峰发

生了较大的红移，且峰的宽度也得到了一定的增大(CSP的贡献)。而且，理论

计算还表明，当薄膜的厚度进一步增大时，实际金属的透射效率要比理想金属大

得多。这无疑也要归功于CSP模的积极作用。

Wavelength(13m)

图5．9理想(实线)与实际(圆圈)金属膜的透射谱(玻璃衬底)

Au膜：d=700nm，a=b=300nm，h=200(蓝)、300(红)nm

总之，在光的透射过程中，衍射波和表面极化激元都能起到一定的作用。具

体来讲，在一定的条件下，它们之间存在着强烈的耦合效应：衍射波与SPP的
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强烈耦合将导致透射极小，而与CSP的强烈耦合则产生透射极大。这样也进一

步摆正了它们在透射中的地位：衍射波处于主导的驱动地位，而SPP和CSP模

则处于平等的被驱动地位。相应的，表面极化激元既非起着绝对的正效应，也非

起着绝对的负效应(或无任何效应)，而是起着一个双重的作用。

尽管上面的实验和讨论仅基于矩形的亚波长小孔，然而，其潜在的物理机制

以及表面等离极化激元的作用却并不因此而改变。

§5．3．5关于其它

现在我们再回到方程5．18和5．19。方程5．18和5．19显示了一个优美的对称

性，即毛和岛的对易并不改变其结果。也就是说，入射光无论从空气面还是玻璃

面入射，所得到的透射效率是相同的。这一点与实验结果一致[9，13】。此外，

还有几点需要说明，分述如下。

第一，方程5．18和5．19表明，光的透射效应与亚波长小孔的尺寸有关。这

不仅在于透射峰的高度和宽度，还体现在峰的位置上。后者由方程5．16可以看

出(其中，CSP模的传播常数也与孔的尺寸有关)。为了清楚地表明这一点，我

们在图5．10中给出了不同孔径下的透射谱(系理论计算)。其中，正方点阵的周
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图5．10穿孔金属膜的零阶透射谱(玻璃衬底)

Au膜：h=200nm，d=425nm，a=b=(187，198，231，247，286)nm
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期为425nm，金膜的厚度为200nm，且正方形小孔的边长依次为l 87、1 98、231、

247和286nm。这些数据全部取自文献中的实验结果【10】。

由图5．10可以看出，随着小孑L尺寸的增加，透射峰的高度和宽度也随之而

增大。与此同时，透射峰的位置发生了显著的红移。不过，当孔的尺寸足够大时，

峰的移动也趋于饱和。另外还可以看到的是，透射谷的位置始终固定于667nm；

它只决定于点阵的周期(SPP共振)，而与小孔的尺寸无关。这些与实验结果[10】

能够很好的吻合。

如果小孔的形状为长方形，那么情况又会怎样呢?实验表,JJ[1 l】，即使减小

短边的边长(长边固定)，透射峰也会发生红移(磁场平行于长边的方向)!在此，

我们也进行理论计算。这里，点阵周期依然为425nm，金膜厚度为200nm；有两

种矩形小孔：一种尺寸为150x225nm2，另一种为75x225 F／m2【1l】。计算结果示

于图5．1l(a)中(dqL的尺寸已在图中作了标注)。

Wavelength(nm)

图5．1l穿孔金属膜的零阶透射谱(玻璃衬底)

Au膜：h=200nm，(a)d=425nm，(b)d=453nm

尽管d,SFL的边长并非远远大于45nm(正如前面的近似所要求)，解析计算仍

然给出了一个很好的结果。对于短边长为150nm的d,4L，两个透射峰分别位于

一直弘一舂c∞一u岳co一协西一∈田c撬匕一
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(620nm，798nm)；而短边长为75nm的小孔，透射峰则位于(620nm，845nm)。

可见，随着小孔面积的减小，位于长波长的透射峰却发生了47nm的红移。文献

【ll】中数值计算的结果分别为(650nm，800nm)以及(646nm，843nm)。两者

基本吻合，但都与实验结果(644nm，838nm)及(663nm，920nm)有一定的

差距。另外，一个重要的差异是，我们所预言的透射谷位于667nm；这与实验值

～705nm直接不同!

然而，最近的两篇文献对我们的结果颇为有利。一篇是上面曾经提到过的文

献[10】(与文献[1l】来自同一单位)。其中，孔阵的周期也是425nm，但实验给出

的透射谷却位于,---670nm。在另外一篇文献中【37】，作者对上述第二种小孔结构也

作了数值计算。结果再次证实，透射谷在667nm；同时，两个透射峰分别位于

(61 7nm，836nm)。这与我们的结果一致。由此可以推断，文献【ll】中周期的实

际值应大于名义上的425nm。适当的调节周期和孔径(奉1．066)后所得到的结果

示于图5．1l(b)中。此时，透射谷位于704nm，两组透射峰则分别位于(663nm，

838nm)以及(663nm，886nm)。这与实验结果能够更好地一致。

透射峰发生红移的物理机制则与传播常数有关。当孔的短边边长逐渐缩小

时，两侧金属壁上极化激元之间的耦合也逐渐增强。因而H增大且|goI减小，这

使得光子的隧穿能力得到进一步的增强。由共振条件及方程5．16可知，透射峰

将会红移。另外，当短边固定而增加长边的边长时(磁场平行于长边)，也会发

生类似的效应(口减小)。因而，小孔开口的长宽比越大，峰的红移也越显著。

第二，方程5．1 8和5．19表明，光的透射效应与金属膜的厚度有关。从图5．9

可以看出，随着膜厚的增加，谷的位置固定不动，而峰的位置仅发生微小的移动。

然而，峰的高度和宽度却随厚度的增加而减小，尤其是后一个峰变化更大。这与

实验所观察到的特征相吻合【9】。实际上，这些都很容易从方程5．15和5．19获得

解释。当P27舻<<1时，CSP模的共振条件表明，透射峰的位置几乎与膜的厚度

无关。由于零阶透射率正比于P2’舻，因而当金属薄膜变厚时，透射峰的高度将

发生指数衰减(这伴随着峰宽的减小)。此外，传播常数lq。I也随着波长的增加

而增大。相应的，位于长波长的透射峰则变化得更为剧烈。
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第三，方程5．18和5．19表明，光的透射效应与参数盯芘酊1有关。那么就

存在着一种特殊的情况，即q。≈o(这对应于csP模的截止波长)。由于，o oc H2，

这是否意味着在截止波长处就能得到透射峰呢?答案是否定的。由方程5．15和

5．16可知，当go—O时，共振因子F(A)也将趋于零。因而，截止波长处既非透

射极大也非透射极小。

Wavelength(nm)

图5．12穿孔金属膜的零阶透射谱(玻璃衬底)

Au膜：h--200nm，a=75nm，b=225nm，d=425、450、475nm

然而，在文献[371中，作者认为，位于长波长的透射峰应源于局域的波导共

振且共振频率为波导的截止频率(短波长的峰则是SPP共振)。他们作了数值计

算并声称，当只改变点阵的周期时(小孔尺寸固定为75x 225 nm2，周期依次为

425、450及475nm)，短波长的透射峰发生了较大的变化而长波长的峰则几乎未

动(见其图4)。实际上，在他们的图中(其横坐标为频率，因而波长并不均匀)，

靠近836nm的峰已经发生了不小的移动(类似的实验结果135]也表明了这一点)。

为了清楚地看出这一点，我们也把解析计算的结果示于图5．12中(横坐标改为

波长)。经比较可知，我们的解析结果与文献【37】的数值计算几乎完全吻合。当

周期从425nm变为450及475nm时，一个峰从620nm逐渐移动到655和697nm

(文献的结果为617、653和694nm)。同时，位于长波长的峰也从845nm变化

到854和865nm。若进一步增大周期或媒质的折射率，则此透射峰还要移动1

90
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不仅如此，我们还对CSP模的传播常数qo作了理论计算(见图5．13(a))。

其中，Re(q。)和Im(q。)分别代表传播常数的实部和虚部。可以看到，对于这样的

小孔尺寸，其截止波长约为725nm，远小于长波长的透射峰845～865nm。因而，

这一结果也直接否定了文献【37】的结论。此外，另一透射峰(620～697nm)却位

于截止波长的范围内；但这并不是增强透射的关键。在图5．13(b)中，我们给

出了另一个结构的计算结果(其中d=1000nm，a=b=400nm，h=250nm)。此时，

截止波长约为940nm。然而，两个透射峰分别位于1095和1560nm，即都在截止

波长之外。这样的情况并不少见，尤其是对于周期较大的情形。
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图5．13穿孔金属膜的透射谱和传播常数(玻璃衬底)

Au膜：(a)h=200，d=425，a=75，b=225nm；(b)h=250，d=1 000，a=b--400nm

第四，方程5．18和5．19还表明，光的透射效应与两侧媒质的折射率有关。

图5．14为改变。’侧折射率所得到的透射谱(另一侧为空气面)。其中，银膜的厚

度为400nm，孔阵周期为500nm，矩形小孔的尺寸为200x 260nm2：一侧媒质

的折射率依次为1．0、1．5和2．0。可见，随着折射率的增大，一个峰将分裂为两

个。而且，第二个峰和谷都朝向长波长方向移动；同时，峰的高度也急剧下降。

因而，两侧对称的情形有利丁I提高光的透射效率，这与实验所得到的结论【25】一
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致(这一点也可以从方程5．15得知)。另外，图5．14中的透射谱(￡=1．0)与文

献[35]qh的实验结果相吻合(见其中图6)。
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图5．14穿孔金属膜的零阶透射谱

Ag膜：h=400，d=500，a=200，b=260nm；￡=1．0，1．5，2．0

第五，由于透射效应伴随着金属表面场的增强，因而也将导致能量的吸收。

图5．15为计算得到的零阶反射、透射和吸收谱，其中(a)、(b)分别为从空气

面和玻璃面入射的结果。可以看出，透射极大对应于反射极小以及吸收极大，而

透射极小则对应于反射极大和吸收极小(短波长处吸收的增长源于金属介电常数

虚部的增大)。这一点与实验结果【3l】一致。毫无疑问，SPP可引起能量的吸收；

不过，这一吸收主要发生于金属薄膜的(上或下)表面。而在增强透射过程中，

薄膜两侧的消逝波以及小孑L内部的CSP模都能得到一定的增强。相应的，它们

将产生更大的能量损耗。由此可见，能量的吸收并不一定意味着SPP共振。另

外从图中还。町以看出，从空气和玻璃面入射所得到的反射或吸收谱并不相同(透

射谱一致)。这一点(即反射谱的非对易性)已有文献作了报导[42，43]。特别

是从玻璃面入射时，位于长波长(1 125nm)的吸收更为强烈。这实际上也与金

属表面消逝波的增强效应有关。

最后，我们想对文献[24】中的结果作一些说明。通过对薄膜表面以及小孔内

壁蒸镀／fi同的金属材料(Ag和Ni)，该文研究了透射谱的有关特征。他们发现，
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图5．15穿孔金属膜的零阶反射、透射及吸收谱

Au膜：h=200nm，d=700nm，a=b=300nm：入射面：(a)空气面，(b)玻璃面

当薄膜表面为Ag时，其透射效率比Ni膜大得多(见其图2)；当小孔内壁为Ag

时，其透射效率则与Ni壁差不多(薄膜表面都为Ag，见其图3)。因此他们得

出结论，增强透射只与薄膜表面有关，而与小孔内壁无关。这意味着，透射只与

SPP有关，而与CSP模无关。实际上，Ag和Ni二者同为金属(后者介电常数

的虚部较大)，且二者都能支持SPP或CSP模。由其中的图2可知，Ag膜和Ni

膜有着相似的谱的特征(峰、谷的移动并不显著)，这表明金属的种类对SPP模

(以及衍射波)并无太大的影响。后者透射率较低仅缘于其较大的表面吸收(该

吸收并不一定是SPP)。由其中的图3可知，Ag壁和Ni壁也有着相似的谱的特

征，这表明金属的种类对CSP模也无太大的影响。尽管如此，金属壁的不同也

导致了透射峰的红移和展宽。这实际上也暗示了CSP模的存在和作用。

§5．4透射谷的抑制效应

从前面的讨论可知，在光的透射过程中，衍射波起着极其重要的作用。衍射

阶在水平方向的波矢分量由周期结构提供的倒格矢来决定。这样，无论是Wood

93
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异常还是SPP共振，都与倒格矢有关。通常，倒格矢的Fourier系数又至关重要。

比如，在光子带隙材料中，光子的能带结构与介电常数的Fourier系数直接相关

【44]。再比如，在准相位匹配材料中，谐波的产生效率强烈地依赖于Fourier系

数的大小；如果Fourier系数为零，则可产生所谓的消光现象[451。那么，在增

强透射过程中，Fourier系数的作用又体现在哪里呢?

实际上，在方程5．16中，关于r／的求和就涉及到一个系数邑。它反映了各

个衍射阶在透射中所做的贡献。在垂直入射的情况下，岛oc(1／nn：)sin(nD冗')，

其中D=a／d为小孑L边长的占空比。可见，邑正代表着Fourier系数的大小。为

了更加清楚地看出这一点，可假定金属为理想金属且小孔为正方形，则方程5．16

可化为q=(koej／4qo)ff"。Z／√o一(G坍／‰)2，其中厶=(2／mn')sin(mDn')。因
而，每个倒格矢及其Fourier系数都对光的透射过程产生一定的作用：这种集体

的作用将直接影响到透射峰的位置和高度。前面曾经提到，如果方程5．16分母

中的某一项趋于零(发生SPP共振)，则将导致透射极小(9；--}00，，(A)-->0)。

那么自然要问，如果相应的Fourier系数也为零，情况又会怎样呢?

照此来分析，答案则很简单。那就是，9；不会趋于无穷，，(A)也不会趋于

零。这就意味着，原有的透射谷将会发生消失!然而，这样的奇异现象我们并没

有见过。它究竟会不会发生，这需要实验的验证。不过，对于通常的正方点阵，

这一点实践起来还有些困难(高阶倒格矢的Fourier系数较小，现象不显著)。为

此，我们将采用复式点阵结构，即一个元胞中包含多个亚波长小孔。

首先，我们来给出倒格矢的Fourier系数。当入射光垂直照射于金属表面时，

亚波长的小孑L可视作镶嵌在金属背景上的有效的散射体。散射光的幅度则与金属

的表面结构函数有关；后者在Wigner-Seitz(WS)原胞之内可定义为

而)=器((r刚<d／／2)2)． 5．24

这里假定小孔为亚波长的圆孔，d为小孔的直径，r为离开小孔圆心的距离。利

用Fourier变换，则倒格矢的Fourier系数可表示为
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厶=(1／s)L廊)e-'G一．．"rdS． 5．25

其中，S为WS原胞的面积，G。为周期结构所提供的倒格矢：积分则在整个

WS原胞之内进行。

设计的第一种结构为普通的(SGA)以及调制的(GGA)石墨结构(见图

5．16)。前者在一个WS原胞内有两个“格点”(小孔)，其中孔间距为d=1200nm；

后者则在每一个SGA原胞的中心再插入一个相同尺寸的小孔。这里，金膜的厚

度为h=230nm，小孔的半径为R=240nm。在这两种情况下，利用方程5．25，倒

格矢的Fourier系数分别为：

其中，f=(4a'R2／3xf3d2)以(瓯。尺)／(吒R)，以(吒尺)为一阶第一类Bessel函数，

且G。=(4万／3d)0矛了孑了磊为周期结构的倒格矢。表5．1所示为部分倒格矢

的Fourier系数，以及SPP激发所导致的透射谷的位置。对于(m，刀)=(垃，0)或

(0，±2)，SGA和GGA的Fourier系数分别是-0．033和0。

表5．1倒格矢的Fourier系数及透射谷的位置(理论值)

倒格矢 Fourier系数 透射谷(r／m)

(m，n) SGA GGA 砌=l ／'／d=1．46

(1，1) 0．074 0．1lO l 049 1 535

(2，0) ．0．033 0 912 1332

(2，1) 0．024 0．048 701 1017

(3，0) ．0．038 ．0．019 635 903

图5．16为SGA和GGA的零阶透射谱。简单地说，两者具有相似的谱结构，

这主要体现在谱的形状、部分透射谷和峰的位置上。这并不奇怪，因为SGA和

GGA具有相同的倒空间结构。对于SGA，实验观察到的透射谷的位置与理论值

撕
n¨仍L乃乃砂

石

一砌沏旷州科铊V八
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吻合较好。然而，对于GGA，一个很大的不同就是对应于倒格矢吒。的透射谷

(一1332nm)消失了!同时，伴随其后的透射峰(～1380nm)也被掩盖。毫无疑

问，这一效应证实了先前的猜想。可见．透射谷的出现不仅与倒格矢有关，而且

还与其Fourier系数有关。如果Fourier系数为零，则对应的透射谷将缺失(位于

912nm的透射谷本应消失，然而倒格矢氏。在此附近产生了一透射极小)。

ja：_；I：．：．：b

；”黪攀鬻篱翳
￡0．61 GGA SGA一、

蜀 { 八

重。41厂、 ／ 、、

j。tV一．、。 、fjo
O㈣，、、j

0 0—-———————————，—————、—————————————————、————————————————————————，—_一

600 800 1。00 1 200 1400 1 600

Wavelength(nm)

图5 16穿孔金属膜的霉阶透射谱

Au膜：b230tma，扣]200nm，P．一240nm

另外种结构为普通的(SPA)以及调制的(GRA)长方点阵结构(见图

5 17)。前者在两个正交方向的点阵常数分别为a=1000nm和b=900nm。后者可

视为在前者每个小孔的两侧再分别插^一个小孔，且其坐标分别为(a13，￡)及

fI口，3，一￡)(这里，￡为远小于b的任意值；实验中约为b15)。此外，金膜的

厚度仍为230rim，小孔的半径为100nm。对于上述的两个长方点阵结构，其倒格

矢为G，=x／(m／a)2+加，6)2。相应的，GRA的Fourier系数为：

f紫=f[1+2cos(2，rm／3+29ne／b)l 5．27

其中r，为SPA的Fourier系数。与SPA不同，当(m，H)=(+I，0)时，GRA所对

应的Fourier系数为零。图5 17为实验测量的零阶透射谱；与SPA相比，后者
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透射谷的抑制效应也显而易见(见4(1，O)及口(1，0))。

^／＼ _嚣
。0”Vf‘、＼I
’、-‘、--，jh—

ofl，oI 。’_

1200 1400 1600

Wavelength(nm)

围5 17穿孔金属膜的霉阶透射谱

Au膜：h--230nm，a=1000肌．b=80。唧，R I∞啪

实际上，光的透射效应与倒格矢及其Fourier系数的关系非常复杂，这也是

其中的规律难以被揭示的原因。通常，透射稃对应于Fourier系数较大的倒格矢。

Fourier系数越大，sPP共振越强，透射谷也越明显(相应的，随后出现的透射

峰也较强)。现在看到的一个极端足．如果Fourier系数为零，则透射谷被抑制。

这一点并不难理解。Fourler系数不为零，则对应的衍射阶能够出现并在特定的

波长处导致Wood异常以及SPP激发(SPP共振时，其它的衍射阶较弱)，此叩

透射谷。反之，则对应的衍射阶消失，因而SPP也不能激发(能量被重新分配

到其它的衍射阶中)。此时，余下的衍射渡与CSP模相耦含井导致一定的透射效

率，此即透射谷的抑制。另外值得一提的是，随着Fourier系数的调制．主峰的

位置也发生了显著的变化。比如，对于SPA，倒格矢G±，。有着最大的Fourier系

数。相应的，丰峰位于长波长处(～1000nm)。而对于GRA，晟大的Fourier系

数对应于倒格矢6川则主峰位丁短波长处(一720nm)。困而，通过原胞结构或

Fourier系数的设计，光的透射特性能够被调制。同时，这一方法也为进一步研

究光的透射效应提供了新的途径。

圈羹。
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§5．5本章小结

穿孔金属膜的增强透射效应是一个非常复杂而又有趣的研究课题。这一效应

与许多的物理和几何参数相关，比如：介电常数(金属、两侧介质及小孔中的填

充材料)、薄膜的厚度、点阵的对称性、点阵的周期、小孑L的形状和大小，等等。

除了其潜在的应用价值以外，增强透射效应的物理机制以及表面等离极化激元的

作用也受到了广泛的关注和激烈的争论。

本章以矩形的亚波长小孔为研究对象，对增强透射效应作了理论和实验的研

究。这样有利于获得解析解，并从根本上澄清其中的物理机制(不同的结构，其

潜在的机制却是一般的)。在理论上，我们既考虑了衍射波(周期结构所固有)，

也考虑了表面等离极化激元(金属材料所固有)；既考虑了薄膜表面的极化激元

(spp)，也考虑了小孔内部的极化激元(csp)。由此，我们获得了透射效率的

解析表达式。在实验上，我们利用FIB在金属薄膜上制备了多个亚波长的小孔阵

列，并作了透射谱的测试。理论和实验结果的比较表明，两者能够极好地吻合(到

目前为止，这种吻合是最好的)。而且，理论计算还与文献中的实验测量进行了

比较，结果再次表明了这一点。

基于此，我们有理由相信理论计算的正确性。解析的结果表明，在光的透射

过程中，衍射波和表面极化激元都将参与作用。或者说，透射过程是衍射波和极

化激元的一种集体效应。衍射波与SPP的强烈耦合将导致透射极小，而与CSP

的强烈耦合则产生透射极大。这表明极化激元实际上起着一个双重的作用。SPP

模型与此不同，他们把增强透射完全归功于SPP共振【13】。然而，SPP共振仅决

定于点阵的周期，因而无法解释小孔的大小对透射峰的位置所带来的影响。

CDEW模型【27】也与此不同，他们把透射的增强或抑制完全归功于衍射波的干涉

效应(即干涉加强或减弱)。然而，他们也无法解释为什么小孔的大小对透射峰

有作用，而对透射谷的位置却并无影响。可见，要充分理解这一复杂的物理效应，

需要对问题作全面的考虑；偏向任何一面都将产生问题。关于光的本性的争论已

经为此提供了深刻的教训。
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第六章二维金属腔中的电磁共振效应

§6．1引言

第六章二维金属腔中的电磁共振效应

早在1920年，Rayleigh曾经指出，如果在刚性平面上引入深度合适的圆孔

阵列，则在特定波长处可产生声共振现象【1】。在共振条件下，小孔内的声场将

得到极大的增强。同时他预言，类似的现象也能够发生于光波的情形。

近来的纳米制备技术为在光频观测这样的效应提供了可能。1998年，Lopez

．Rios等人对此预言作了理论和实验的验i正[21。不过，他们并非采用d,：fL阵列，

却取而代之以研究一维的金属槽结构(槽的深度约为数百纳米，比常用的一维金

属光栅【3】要深得多)。研究的结果表明，类似的电磁共振现象确实存在。对于深

度一定的金属槽，在发生共振时，其中的电磁场也能够得到极大的增强。同时，

在反射谱上，这对应于反射极小(或者谷)的出现。

与微结构材料中的声共振相比，金属中的电磁共振有着不同的特点。比如，

由于表面等离极化激元的存在，谱结构能够表现出更加丰富的物理内容。然而，

上述的一维金属槽结构实际上并不能真正地代替二维的d,：fL阵列【4，5】。原凶在

于，前者(狭槽或狭缝)中的电磁场能够传播，而后者则存在着截止波长(对于

声波，最低阶模并无截止)。当入射波长大于截止波长时，dqL内的电磁波将是

消逝波。那么，在此情况下，小孔阵列还能产生电磁共振现象吗?

§6．2解析计算

为了研究上面所提出的问题，我们将考察如下的二维金属腔结构(图6．1)。

设有一块平面金属板(其厚度大于腔的深度)，其上侧覆盖有半无限大的电介质。

其中，金属和电介质的介电常数分别为￡。和易。现在，假定边长为axb(x方

向上长为a，Z方向上长为6)、深为h的矩形金属腔在平板上排成正方点阵，且

点阵常数为d。入射光(TM偏振)从电介质一。侧(y>D)照射在金属板上，并

经反射返同电介质。其中，砂平面为入射面，能为入射角，且磁场平行于z方

10l



第六章二维金属腔中的电磁托振效应

向。值得注意的是，与上一章所研究的不同，这里金属腔的一端为封闭结构

图6 1二维金属腔的结构示意图

遵循上一章的讨论，金属腔内的电磁场(水平分量)可表示为

H。=cos(ax)cosq3zX&e"”+B≯”、

乓=poⅢcos(ax)cos(1lzX^e”一即”)．

其中，d=(ko／qoXi一Ⅱ2，群)，屯=毛√i，￡。为腔内所填充介质的介电常数

吼=√j虿j≯=矿为腔模的传播常数；d和卢由方程5．7来决定．即

fg竿：。峰，
z l口√￡。 侣譬=簪

可见，腔模仍为CSP模，它被局域于腔内两侧的金属壁上(z=+a12)。另外

如果在金属腔的底部(y=-h)运用SlBC，则可得到

磊，4=P2时p《2一D／((7《2+1)

在金属腔的开¨处以及金属-介质界面上(Y=0)运用电磁边界条件，我们

可进一步确定空『II】场的分布。对于金属腔，则有

4=地sin坚c(ua／躲sin必c(Bb铲删 6．4
”

21 ，舢
、’
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其中，

且

砌)-l=研1+8一悬秒

仗=面trf+_k-⋯e．7．It2zJ。窆。％w十e．aEgdE．s。．-．

6．5

6．6

另外，W=Cib／d2为金属腔开口面积所占的比例；％=(1／口)￡二c。s(口x)e-,kor．*dx，
＆：sin c(k07．口／2)，且％=厢；％=,f石a sin仍+瓯／‰，瓯：2万刀／d为周
期结构所提供的倒格矢。

对于衍射波场，第胛阶衍射波的相对(磁场)幅度为：

R=K皖。-z．F(2)． 6．7

其中，K=(‰一白‘¨2)／(Uo+白《¨2)，且

L：—二孥掣型堂篓生一． 6．8
。一

(“o+￡d￡二172)(“疗+EdE二172)sinc(aa／2)’
u’u

相应的，零阶反射率为％=lRl2，即

％=l‰一VoF(A)12． 6．9

其中，

％=等筹亳-1／蒜2 2tqo高h． 6m

在垂直入射的情况下，上式可进一步简化为

讨=雨(1+-筹I／2 I／2生--．‰112-J／z．． 6Ⅲ铲—孑窜—桶’ 乱¨

下面，我们将根据方程6．9、6．10(或6．11)来讨论零阶反射潜的特征，并借以

揭示二维会属腔中可雒存在的电磁共振效应。

103



第六章_二维金属腔中的电磁≥￡振效应

§6．3结果与讨论

§6．3．1零阶反射谱

为考察可能存在的电磁共振效应，

6．2)。这里假定所用的金属材料为Au，

我们对零阶反射谱作了理论计算(见图

电介质为空气，入射角度为零度(除特

别说明的以外)。涉及的二维金属腔结构有三：点阵常数均为d=800nm，腔的深

度为h=300nm，开口的大小分别为300x300nm2、300x360nm2及200x360nm2。

从图中可以看出，反射谱呈现出一系列的反射极小(这里仅给出其中的位于长波

长的两组)。这表明，在反射过程中，电磁波与二维金属腔结构之间存在着强烈

的相互作用；这种相互作用导致反射谱(以及空间电磁场分布)的调制。以波长

A=d为界，两组反射极小分别位于800nm的两侧。不过，它们的具体位置却依

赖于金属腔开口的大小。对于结构(a)，其反射极小分别位于658nm和868nm。

当固定短边a而增加长边b时，两组反射谷都发生了红移。比如，对于结构(b)，

其反射极小则位于706nm和918rim。当固定长边b而减小短边a时，两组反射

谷也发生了红移。对于结构(c)，其反射极小则移至735nm和932nm。与此同

时，我们还能看到，反射谷的深度也相应的发生了变化。这些特征与前面所说的

穿孑L金属膜的透射谱相类似。

Wavelength(Rift)

图6，2二维金属腔的零阶反射谱

d=800，h=300，(a)a=b=300：(b)a=300，b=360：(c)a=200，b=360nm

一零一a。c∞芍m#∞叱



第六章二维金属腔中的电磁共振效应

为了进一步揭示反射谱的特征，我们又研究了其它的物理和几何参数(比如

腔的深度、入射角度、电介质等)对谱结构的影响。图6．3为固定其它的参数

(d=1000nm，a=300nm，b=400nm)而改变腔的深度(h=400、600、800nm)所

得到的结果。容易看到，随着深度的增加，位于允<d的反射谱显示出更加复杂

的谱结构且谷的位置也发生了红移。然而，位于／1,>d的反射极小却几乎保持不

变(这包括其位置、大小和宽度)，特别是在腔的深度较大的情况下。这说明，

其中的一种电磁共振效应强烈地依赖于腔的深度，而另～种则与之不同。

Wavelength(nm)

图6．3二维金属腔的零阶反射谱

d=1000，a=300，b=400，h=400(a)、600(b)、800(c)nln

图6．4为改变介质的介电常数或入射角所得到的结果。这里，点阵常数设为

800nm，腔的长、宽和深度皆为300nm。其巾，图(a)为正入射，且介质的介

电常数分别为1．0、l。5和2．0；在图(b)中，入射角度分别为00、200和400(介

质为空气)。容易看到，图(a)和图(b)有着相类似的结果。即随着介质或入

射角的变化，位于短波长的反射极小仅发牛微小的移动；与之相比，位于长波长

的反射极小却产生了较大的红移。这一点与图6．3刚好相反。而且，介电常数或

入射角度越大，则红移越剧烈。这}兑明，其中的一种共振效应对金属外侧的电介

质以及入射角度非常敏感，而另～种则／f；然。这些结果表明，在二维金属腔中存

在着两种类型的共振效应，’E；iz'J有着不同的起源和特性。

一零一8cm芑m焉叱
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Wavelength(nm)

图6．4-二维金属腔的零阶反射谱

d=800，a2b=h=300nIll，(a)岛=1．0，1．5，2．O；(b)仍=00，200，400

§6．3．2两种共振机制

从以上的结果我们已经清楚地看到，反射谱的结构与一系列的物理和几何参

数相关。但关键的一点在于，腔的深度在区分这两种共振效应上起着极其重要的

作用(图6．3)。现在，我们回到方程6．9和6．10。容易看出，零阶反射率决定于

％和F(九)；而前者又正比于(e2‘甜-1)或sin(qoh)。这里值得注意的是，当h=0

时，零阶反射率即退化为ro=1Kol2：此即一金属平面的反射效率【6】。图6．5给出

了Re(e2‰6)(红线)以及IF(A)I(蓝线)对波长的依赖关系。其中，箭头所指的

位置为截止波长。可见，在截止波长以内，零阶反射率主要由％或P2，q06支配；

而在截止波长之外，则改由F(A)来决定。

具体来讲，在截止波KtJ,T(qo的实部大于或远大于其虚部)，Re(e2‰61随

着波长的变化(传播常数)作余弦振荡，且振荡曲线与零阶反射谱有着相似的结

构特征。当P2’％6≈l或2qoh≈2嬲(m为整数)时，反射率取得极大值；而当



第六章二维金属腔中的电磁萸振效应

P2‰6≈一1或2qoh≈(2m+1)Tr时，反射率取得极小值。实际上，这正对应于通常

的干涉加强或减弱条件：由金属表面(y：0)和腔的底部()r=．h)所反射的电磁

波，若其相位差为万的偶数倍，则反射加强(此即反射极大)；若相位差为7t的

奇数倍，则反射相消(此即反射极小)。显然，这一共振条件与腔的深度有关。

对于某一入射电磁波长(或传播常数)，反射极小所对应的腔的深度的最小值为

hm≈zc／2qo。随着深度的增加，对于同一阶反射极小，其位置将发生红移(qo减

小)。这与图6．3的结果一致。另外，这一共振条件与传播常数有关。当改变腔

的大小时(h固定)，传播常数以及谱的位置也会发生变化。短边(即a)越小、

长边(b)越长，则H越大、卢越小。相应的，同一阶反射谷的移动也越强烈(qo

不变)。这与图6．2一致。顺便指出的是，由于前面的处理基于单模近似，因而

它存在适用波长的下限。由理想金属来估算，波长应大于电磁(1，1)模及(0，2)

模的截止波长，即A>b&2ab／,、Ila2+b2。以图6．5的参数为例，波长应不小于

480nm。考虑到实际金属的情况，适用波长还要稍稍增大。

Wavelength(nm)

图6．5 lF(A)I&exp(2‰JI})对波长的依赖关系

d=1 000nm，a=300nm，b=400hm，h=500nm

定
￡
寸
N
、一一

△
×
D‘J
m

叱

在截止波长之．卜(q。的虚部大于或远大于其实部)，e2‰6随着波长的增加而
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指数衰减，并最终趋于零。然而，F(旯)却存在着一个极大值，它导致反射极小

的产生。显然，这一极小不能简单地利用前面的相位关系来解释。由方程6．5(其

中右边的第二项可忽略)可以看出，，(A)存在极大值的条件为1+晓≈0(截止

波长除外)。这一条件与前面所述的增强透射条件相类似，它实际上反映了衍射

波(尤其是消逝波)与CSP模的相互作用。反射极小的位置既非决定于衍射波，

也非决定于CSP模，而是由两者共同来支配。由方程6．6可进一步看出，上述条

件的成立要求吼及“。同为纯虚数；也就是说，CSP模以及(某一阶或若干阶)

衍射波都是消逝波。此时，它们被局域于金属的表面以及腔的开口附近，并发生

强烈的耦合作用(这导致场的增强效应)。由于上述的共振条件与腔的深度并无

依赖关系，故有图6．3所示的计算结果。然而，金属腔开口大小、入射角度以及

电介质的变化，都将对CSP模或衍射模带来影响，从而改变反射极小的位置(图

6．2和6．4)。当然，在金属腔内填允材料也能产生同样的效应。

Wavelength(nm)

图6．6二维金属腔的零阶、一阶反射及吸收谱

d=l000nm，a=300nm，b=400nm，h=500nm

除了上述的机制不同以外，两种共振效应所导致的结果也不尽相同。图6．6

给出了二维金属腔的零阶(黑线)、一阶(蓝线)反射以及吸收(红线)谱。可

以看到，在截f卜波长以下，零阶反射极大对应一阶反射及吸收极JJx而零阶反射

108
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极小则对应一阶反射极大以及(近似地)吸收极大。比如，在反射极小620nm

和868nm处，正负一阶的反射效率之和将分别达到58．5％及69．7％；仅有26．6％

及7．4％的能量被吸收。可见，大部分的能量仍以反射波的形式被传播出去。然

而，在波长A>d时，一阶反射波为消逝波(即除零阶外别无反射)。因而，零阶

反射的减小完全对应于能量的吸收：并且，反射极小对应于吸收的极大。在波长

1094nm处，这一吸收将达到57．1％。毫无疑问，这一能量的吸收与金属表面及

腔内场的增强效应有关，也与金属的介电响应有关。金属介电常数的虚部越大，

吸收越强烈，反射也越小。一个自然的推论是，如果忽略金属的吸收(介电常数

的虚部为零)，则此反射极小将不再出现(场的增强效应依然存在)。

另外一个问题是关于金属表面的Wood异常以及SPP共振在反射中的作用问

题。我们知道，Wood异常和SPP共振在反射谱中的位置非常靠近，尤其是电介

质为空气的情形。以图6．6为例，两者分别位于1000nm及1012nm(图中箭头所

示)。实际上，它们都能引起腔外(某一阶衍射波)场的增强；然而，腔内的CSP

模却受到极大的抑制(F(A)≈0)。与此同时，零阶反射率也将达到最大值(见

方程6．9)。不过与Wood异常相比，SPP共振所引起的能量损耗稍大，因而在反

射效率上也略低于前者。这与传统的即认为SPP共振将产生反射极小的观点截

然不同(在文献[2】的图2中，箭头所指实为Wood异常，它与槽的深度无关)。

§6．3．3场的增强效应

上面已经提到，在反射极小时，要么反射波产生干涉相消，要么衍射波与腔

模发生强烈的耦合。这些都将导致腔内场的增强；而且，后者还能引起金属表面

衍射波的增强。为了对此有个定量的认识，我们对一阶衍射以及腔模的强度(即

I蜀『和I毛／巨。12，磊和易分别代表金属腔开口中心及入射光的电场强度)作了

计算：结果示于图6．7中。可以看到，在允<d的情况下，反射极小确实对应着

CSP模的增强(蓝线)。比如，在波长620nm和868nm处，CSP模的相对强度

将分别达到46和35。更为重要的是，在A>d的情况下，CSP模能够产生近440

倍的增强(1094nm)。这无疑要比前者大得多。同时，一阶衍射模的强度(红线)

也达到最大值。从图IfJ我们还能看到，SPP共振对应着CSP模的抑制：此时CSP
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模的相对强度仅为0．05。另外，尽管Wood异常和SPP共振也能使得k12产生一

定的增强(约为O．78和1．37)，但与峰值(～21)相比要弱得多。
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m
C
m
tw

Wavelength(nm)

图6．7衍射模与腔模的增强效应

d_-1000nm，a=300nm，b=400nm，h=500nm

鬯一
∈

BJ
、
C

U．I

●-一

蟛

L
芷

图6．8给出了CSP模的最大增强倍数对金属腔开U大小的依赖关系(注：不

同的开口尺寸，其最大增强倍数所对应的波长也不相同)。这里，点阵的周期和

腔的深度分别设为1000nm和500nm；短边的边长分别为a=200、300和400nm。

可以看到，当长边b固定时，短边越小，则场的增强效应越显著。这是由于磁场

平行于长边；a越小，则两边金属壁上SPP的耦合越强烈。不过，当固定短边a

而改变b时，情况有所不同。起初，随着b的增大，增强倍数亦增大。当b的大

小达到某一数值时，增强效应也达到极大值。此后，增强倍数随着b的增大而减

小。这一趋势对于j条曲线都存在。对于a=400nm，当b=330nm时，增强倍数

为最大值308；对于a=300nm，当b=340nm时，增强倍数达到最大486；而当

a=200nm，b=360nm时，增强倍数则取得最大值85l。可见，场的增强效应町通

过金属腔开口的尺寸而优化。另外，在金属腔开口的边缘(x=+a／2)，场的强

度比中心还要稍大(即为中心的Icos(ota／2)I‘倍)。以a=200nm、b=360nm为例

(反射极小位于1062nm)，开口边缘的增强倍数约为85l木1．082=921。不过，在

llO



第六章二维金属腔中的电磁共振效应

金属腔开口以下，场的增强效应要减弱(近似存在Isin吼(J，+Jl，)12的依赖关系)。

仍以上述情况为例，当y=一h／2时，增强倍数则减为85I*0．101=86。

b(nm)

图6．8增强效应与金属腔开口大小的关系

d=1 000nm，h=500nm，a=200、300、400hm

最后，我们来看场的增强效应对金属腔内填充介质的依赖关系。图6．9(a)

所示为不同介电常数下的最大增强倍数及其对应的波长。容易看到，随着介电常

数的增大，增强峰值(或反射极小)的位置发生了显著的红移。与此同时，增强

的倍数也有所减小。值得注意的是，介电常数的变化将改变腔的截止波长。可以

计算，腔的截止波长可近似为笱=刀≈，其中疗=√&为腔内介质的折射率，≈

为腔内未填充介质时的截止波长。比如对于毛=2．5，由此计算可得刀=15I 8nm

(实际值为1535nm；爿=960t／m，见图6．5)。以此应不难理解增强峰值位置的

移动。而且，当巳足够大时(大于1．6)，截止波长将超出增强峰值的位置。此时，

CSP的传播也将发挥作用并对场的增强效应带来影响。图6．9(b)为厶=2．5时

的反射谱以及腔模的增强情况。与未填充介质的情况(图6．7)相比，这里除了

出现两个共振峰(在1000nm以上)以外，反射的效率更低且能量的吸收也更强。

而且，在场的增强效应E，增强峰的宽度也更大。这些为在实验上增强分了的荧
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光效应提供了可能。当然，上述情况还值得进一步的理论和实验研究。

Dielectric constant

图6．9(a)增强效应与腔内填充介质的关系，(b)％=2．5

d=1 000nm，a=300，b=400nm，h=500nm

§6．4本章小结

近来穿孔金属膜的透射效应引起了极大的研究兴趣【7．9】；与之相比，微结构

金属材料的反射效应却少有关注。在研究透射效应时，人们先是研究一维的狭缝

阵N[i0，11】，继而是二维的小孔点阵【7，12】，并强调了两者之间存在的差异。

然而在研究反射效应时，目前仅有一维金属槽的结果，而二维阵列却献有报导。

本章对■维金属腔的反射谱以及其中存在的电磁共振效应作了理论研究。一

方面在截lI：波长以下，由于反射波的干涉效应，反射谱中将产生反射极小。另一

方面在截止波长以上，由于衍射波与CSP模(包括入射和反射分量)的耦合效

应，反射谱中也会出现极小。尤其是对于后者，耦合效应导致能量的强烈吸收；

同时，CSP模也获得极大的增强。因而，二维金属腔结构为研究和利用场的增强

效应提供了‘一个良好的实验环境。
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第七章极性分子系中的极化激元

§7．1引言

第七章极性分子系中的极化激元

在同体物理中，晶格振动将以格波的形式来传播；这是大量原子所参与的一

种集体运动【1】。作为典型，一维单原子链的格波解为人们所熟知。对于一维双

原子链，情况有所不同：其振动有声学模和光学模之分。在长波极限下，前者对

应于两种原子质心的运动，而后者则为两种原子之间的相对振动(质心不变)。

如果这两种原子带有异号的电荷(如离子晶体)，则它们间的横向相对运动将产

生电偶极矩，从而可以和电磁波发生相互作用【2】。这一耦合作用由黄昆方程来

描述；并且，电磁波与横向光学声子的耦合模被称为声子极化激元。

一个有趣的问题是，如果一维链并非由正负离子而是由极性分子所组成(如

分子晶体)，则它们又会如何运动呢?由于极性分子具有固有的电偶极矩，因而

它们也能与电磁波发生相互作用。在分子光谱学中，分子的转动和振动光谱是它

的一个重要的研究内容。对于一个自由的极性分子，由量子描述可知，其转动能

量是量子化的。如果入射光的频率刚好等于相邻两个转动能级的能量差，则可导

致转动跃迁以及光的吸收【3】。另一个有趣的问题是，如果极性分子在转动过程

中受到回复力矩的作用，它们又是如何与电磁波相互作用呢?

§7．2一维极性分子链的转动模

现在考虑一个无限长的一维双原子分子链(如图7．1所示)。设分子的排列

方向为X方向且其周期(即村{邻分子质心的距离)为d；分子的固有电偶极矩为

Po=ql，其中q为电荷中心的荷电量，，=l+，-为正负电荷中心的距离(f+和t

分别为止负电荷中心到质心的距离)。这里再假定分子为刚性分子，因而我们只

需考虑分子在转动面(设为xy平面)内的转动效应。对于任意一个分子，l，在

初始的平衡状态下，它与X轴的夹角为零；在作小角度转动时，其角位移记作以

(逆时针方向为正)。下晤i将利用分子的转动方程米研究其运动的规律。
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■7+卜

n-I 刀 n+l

一一∥一一一一一一一一(尹一一一一-·

图7．1一维双原子分子链

现在来考察第n个分子的转动。由于分子具有固有的电偶极矩，因而其它的

每一个分子都将对分子n施加Coulomb力和力矩的作用。为简单起见，我们只

考虑最近邻之间的相互作用。这里，左侧的第n．1个分子对n的作用力矩为

m：=‘吼一。一C2已． 7．1

右侧的第n+1个分子对n的作用力矩为

朋R。=一日B卅一D2吼． 7．2

其中，

c．冲杀{等+第}，G=篆{篱+盟筹卜 7．3

B=芸‘[掰一盟铲卜
因此，分子n所受到的合力矩为m。=历L。+朋：。利用转动方程m。=Id2眈／aCt2(I

为分子相对于质心的转动惯量)，可得

J，巩=一Cl(眈一l+吼+1)一(C2+D2)吼．

类似于晶格振动，上述方程具有如下形式的解，即

7．4

～
守一d笮

～
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R=Oo expi(nqd一∞f)．

将方程7．5代入7．4，可得色散关系：

其中，

』∞2=c0—4C1 sin2(qd／2)．

co=丽p02百2d(3巧d2+F12)．

7．6

7．7

可见，由于分子之间的相互作用，分子转动将以波的形式在一维链中传播。与一

维原子链相似，其色散曲线只有一支；与一维原子链又不同，当q趋于0时，其

频率∞寸√瓦万。这一色散曲线与一维双原子链的光学支相类似。

另外，如果沿着分子链的方向(x方向)施加一直流电场昂，则转动方程

7．4将变化为：

so．=一cl(吼一。+吃+，)一(poEo-i-C2-I-D2)巩． 7．8

相应的，利用方程7．5，其色散关系为

lt02=风‰+Co一4C1 sin2(qd／2)． 7．9

因而，转动模的色散关系曲线可利用J'I-DN的直流电场进行调制。

§7．3电磁波与分子转动的耦合

在色散关系图上，上述色散曲线的一个重要特点表现为它能够与光线的色散

相交。这意味着，电磁波能够与分子的转动模相耦合。实际上，电磁波可以通过

其电场来激发极性分子的转动；反过来，极性分子的转动将伴随着电偶极矩的变

化，从而辐射电磁波。在共振频率附近，这一强烈的耦合效应将导致极化激元的

产生并改变电磁波的传播特性。下面将给出其耦合方程。

假定电磁波沿着x方向传播且其偏振为Y方向。另外，在x方向上仍然施加

一直流电场Eo(在极性分子所组成的液体或气体中，直流电场既有利于分子的
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定向排列，又能部分地起到产生回复力矩的作用)。此时，作用在分子上的有效

电场应包括两部分：一是外加的宏观电场，二是固有电矩以及原子极化所产生的

电场。在x方向上，其有效电场可表示为：

％=Eo+位／岛)只． 7·10

其中，口为比例系数，只为x方向的极化强度。这里，只既包括分子的固有电

矩，也包括原子在电场作用下的极化。在小角度转动的情况下，有

￡=nPo+eoZE嘉． 7．11

其中，n为分子的密度，Z=nXo为单位体积内分子或原子的极化率之和(Xo为

单个分子的极化率)。由方程7．10和7．11，得

％=(Eo+napoe01)／(1一嘞)． 7．12

类似地，在y方向上，分子中的有效电场可表示为：

％=E+(fllgo)P． 7．13

其中，E为入射的宏观电磁场，尸为Y方向上的极化强度(卢为比例系数)。显

然，除了原子的极化以外，尸还包含着分子的固有电矩在Y方向上投影的分量。

在长波近似下，所有的极性分子都有着儿乎相同的角位移。因而有

P=rrrp00+￡o?CE岛． 1．14

这里，f(0<f<1)是人为引入的修正系数(在实际的液体或气体中，并非所有的

极性分子都能取得一致的角位移)。由方程7．13和7．14，可得

％=而nrflpo p+南E． 7．15

有了上述的有效电场，我们就能建立分子的转动方程。在长波近似下，可以

只用一个物理量0来描述其运动：

10=一poE荔O+Po％． 7．16
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这里，x和Y方向的有效电场都将对分了的转动产生贡献。将方程7．12和7．15

代入方程7．16，容易得到

占：一旦f型址竺堕一．朋rr3_po]0-I．—丛一E． 7．17

eoI‘l一嘞 卜彪 (1一觑)J『

另外，由方程7．14和7．15，我们还能得到

P：旦丝0+』进E． 7．18

1一§x 1—97c

方程7．17和7．18即为描述电磁场与极性分子相互作用的基本方程。为了将其写

成更加对称的形式，可选择如下的变量作替换，即

0=,√ln"c1 0． 7．19

这样，方程7．17和7．18可化为

o=6Ilo+岛2E，

P=62l@+也2E．

其中，

”一{等等c南一尚，)，
咖”南厨^=靠．

7．20

7．2l

可以看出，方程7．20与离子晶体中的黄昆方程具有相同的形式。因而，这一方

程也可称为极性分子中的黄昆方程。实际上，如果极性分子并非排成周期的点阵

而是在空间作随机的分布(只需定向排列)，上述方程也不是不能成立。比如，

在由极性分子所组成的液体或气体中，只要电磁波的波长远远大于分子之间的平

均距离【4，5】，我们仍然可以利用方程7．20来研究其耦合作用。

§7．4极化激元的带隙

耦合方程7．20清楚地表明，电磁波可激发分子的转动，而分子的转动则产

生电极化并辐射电磁波。因而，两者将发生强烈的耦合效应。此时，传播模式既
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非纯的电磁模也非纯的转动模，而是电磁波与分子转动的耦合模。这种耦合模即

为极性分子中的极化激元。由耦合方程可以得到尸=【如：一碾／(∞2+bI。)】E，再利

用P=Eo【￡(∞)一l】E即可求出介电函数：

￡(妫：氏+≤乓． 7．22

蝣一∞‘

这里，￡。=1+62：靠1为高频介电常数，心=√=石为分子转动的共振频率。利用

方程7．22及Maxwell方程，可得极化激元的色散关系：

等咆+丽Eo'b己． 7∞
∞‘n)二一∞‘

容易发现，当电磁波的频率落在频率区间(纰，叱)时，介电函数为负值且波矢

量为纯虚数(％=√程+e11￡二16乏)。此时，电磁波的传播被禁止。这一频率范

围即为极化激元的带隙，且其相对宽度为77=(％一心)／吧。

为了对上述的带隙范围有个定量的了解，我们以极性气体分子(HCI)为例。

当直流电场民>>nPo／eo时，我们可忽略系数611中的第二项。此时，气体分子

转动的共振频率可简化为(Z≈0)：

妒同。
相应的，极化激元的相对带隙宽度可表示为：

叩=晤“

7．24

7．25

当商流电场较大时，77≈nPoV／2to磊。这里，系数f与外加的直流电场有关：电

场越强，它就越接近于1。为简单起见，在下面的讨论中将假定T=0．6。对于

HCI气体分子，在温度为300K且压强为10Pa的状况下，有力=2．45x1021m一，

Po=3．43x10。30C·m，1=2．69x10卅培·m2(此时，昂应大于0．95V／mm)。图7．2
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给出了Eo=3V／mm时的介电函数以及极化激元的色散关系曲线。其中，共振频

率以=coo 12tt=3．1 1 GHz，相对带隙宽度为77=9．1％。也就是说，在大约3．11～

3．39GHz的范围内(微波频率)，电磁波都不能通过。另外在带隙中，波的传播

距离约为L=l／2Im(k)，其中Im(D为波矢k的虚部。比如当f=1．osL=3．27GHz

时，Im(后)=20zr m一且有L=8．Omm。可见，仅需很小的直流电压(EoL=24V)
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第七章极性分子系中的极化激元

就能实现微波的通与断。这一点为可能的实际应用带来了极大的方便。

此外，由方程7．24和7．25可知，共振频率和带隙宽度都与外加的直流电场

有关。对于不同的电场强度，其对应的共振频率以及带隙宽度示于图7．3中。当

直流电场从1V／mm逐渐增加到20V／mm时，共振频率将从1．80GHz增为

8．04GHz。同时，相对的带隙宽度也从25．3％减小为1．4％。因而，通过直流电场

的调制，我们可方便地控制电磁波的耦合过程以及其传播特性。

§7．5本章小结

作为理论兴趣，本章对一维极性分子链的运动情况作了简单的讨论。由于分

子之间的相互作用，分子转动将以波的形式在链中传播。相应的，其色散关系与

一维双原子链的光频支类似。这使得电磁波与分子转动模的耦合成为可能。

基于此，本章对上述的耦合效应进行了理论研究，并给出了描述这一效应的

黄昆方程(其结果并不限于一维分子链)。结果表明，电磁波与分子转动的耦合

将形成新的传播模式，即极性分子中的极化激元。同时，由于耦合所导致的带隙

效应，电磁波在一定的频率范围内不能传播。这一频率范围依赖于外加的直流电

场(对应于微波频率)，因而我们可通过外加电场来控制微波的传播。另外值得

一‘提的是，在共振频率附近，电磁波与分子转动的强烈耦合将引起能量的吸收。

因此，上述的耦合效应也为发展新的微波吸收材料提供了可能。
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第八章结论

本文对人工微结构材料中电磁波的传播进行了理论及部分实验研究。所涉及

的人工材料主要包括微结构非线性光学材料、微结构压电材料以及微结构金属材

料等。主要结论如下：

(一)光学超晶格与非线性频率转换

在光学超晶格中，光与非线性极化波的强烈耦合可导致准相位匹配的频率转

换。文章研究了一维周期异质结构中的非线性光学效应，其中存在着同步的线性

和非线性系数的调制。由于线性调制为准相位匹配提供的附加自由度，这一简单

的周期结构也能实现级联的参量过程。文中以三次谐波产生为例，推导了耦合波

方程并进行了数值模拟。结果表明，有效的三次谐波能够产生。通常，半导体材

料具有较大的非线性光学系数以及成熟的制备工艺，因而这一结果也为半导体异

质结构中多参量过程的实现提供了可能。

研究了畴反转结构中电光效应对级联参量过程的作用。对于三次谐波产生

(外电场平行于光轴)，由于电光效应所引入的准相位失配(正比于外电场)，三

次谐波输出可被人为地进行调制。结果表明，无论是对于周期(非对称占空比)

或准周期的结构，在不同的泵浦强度下，三次谐波都能得到一定的增强。另外，

对于二次谐波产生(外电场垂直于光轴)，由于同步的非线性和电光系数的调制，

可实现频率转换和模式转换过程的耦合。这一过程也依赖于外电场。故通过电光

效应，可实现对二次谐波的幅度以及偏振态的调节。

(二)压电超晶格与声子极化激元

在压电超晶格中，电磁波与超晶格振动引起的线性极化波的强烈耦合可导致

声子极化激元。从超晶格振动的方向来看，压电超晶格中的声子极化激元主要有

横向和纵向极化激元之分(后者在离子晶体中并不存在)。从推导极化激元的色

散关系入手，研究了超品格振动的特征以及极化激元的能量构成；从压电方程和

声场方程出发，首次对压电超6占格中的黄昆方程给出了理论推导，并对文献中的

结果进行了修正。
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从电场的偏振方向来看，压电超晶格中的声子极化激元又可分为寻常和异常

极化激元。文章研究了两种情况。一种是电磁波与准横／纵波耦合形成的异常极

化激元的色散关系，另一种是纵向超晶格振动所导致的两种极化激元之间的耦合

效应。对于后者，耦合效应使得极化激元的偏振方向发生旋转。同时，两种耦合

模式有着不同的传播特性：在共振频率附近，一支能够传播而另一支则被禁止。

(三)微结构金属与表面等离极化激元

在微结构金属材料中，电磁波与金属表面电子振荡的耦合产生表面等离极化

激元。文章对其性质作了分析，并讨论了表面阻抗边界条件及其运用。

文中以矩形的亚波长小孔作为研究对象，对增强透射效应作了理论和实验的

研究。在理论上，我们既考虑了衍射波，也考虑了表面等离极化激元(即金属薄

膜表面的SPP以及小孔内部的CSP模)。由此获得了透射效率的解析表达式。在

实验上，利用FIB在金属薄膜上制备了多个亚波长的小孔阵列，并作了透射谱的

测试。理论和实验结果能够极好地吻合。研究的结果表明，在光的透射过程中，

衍射波和表面等离极化激元都将参与作用：衍射波与SPP的强烈耦合将导致透

射极小，而与CSP模的强烈耦合则产生透射极大。这表明极化激元实际上起着

一个双重的作用。这些为我们进一步理解这一异常的透射效应提供了帮助。

文中还对二维金属腔的反射谱以及其中存在的电磁共振效应作了理论研究。

特别是在截止波长以上，由于衍射波与CSP模的强烈耦合，反射谱中将会出现

反射极小。耦合效应可导致能量的强烈吸收，同时，CSP模也获得极大的增强。

因而，这一金属微结构为研究和利用场的增强效应提供了良好的环境。

(四)极性分子与极化激元

文章对电磁波与极性分子的耦合效应进行了理论研究，并给出了描述这一效

应的黄昆方程。结果表明，电磁波．与分子转动的耦合将导致极性分子中的极化激

元。尤其重要的是，耦合所产生的带隙(对应于微波频率)强烈地依赖于外加的

直流电场。因而，我们可通过外加的直流电场来控制微波的传播。同时，这一耦

合效应也为开发新型的微波吸收材料提供了可能。
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