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Abstract

In this work I investigate the fluctuating evanescent fields outside dielectric bo-
dies, being generated by thermal and quantum mechanical fluctuations inside that
dielectrics. Within the framework of Rytov’s fluctuational electrodynamics the ener-
gy density above a dielectric, the radiative near-field heat transfer, and the forces
between dielectric media are calculated, assuming that these media are in local ther-
modynamic equilibrium.

In particular, I determine the near-field energy density above a metallic slab,
and show that for slab thicknesses d smaller than the skin depth dg the value of
the near-field energy density does not decrease monotonically with d, but increases
for observation distances z > d over the value obtained for an infinitely thick slab.
This unexpected result is ascribed to the surface plasmon polariton coupling inside
the metallic slab, leading to a shift of the low-frequency surface plasmon polariton
branch into the thermally accessible frequency regime. Therefore the local density of
states and also the energy density above the metallic slab is increased. The results
of this study were published in ref. [1].

In addition, I show that the near-field energy density above a metal-coated sub-
strate is also increased by this surface plasmon polariton coupling, if a polar substra-
te is used. Otherwise, if a metallic substrate is used, this surface plasmon polariton
coupling does not increase the local density of states in the thermally accessible
regime. It follows that one receives various distinct power laws for the near-field
energy density in the distance z > d above a metal-coated substrate, depending on
the choice of the substrate material. I also show that these characteristic power laws
leave their imprints in the radiative near-field heat transfer between a metal-coated
substrate and a polar material. The results of this part of my work were published
in ref. [2].

Furthermore, I examine whether existing models can quantitatively describe the
radiative near-field heat transfer in a real near-field scanning thermal microscope. It
is shown that the existing experimental data cannot be described within the Polder-
van Hove approach, which gives the near-field radiative heat transfer between two
semi-infinite slabs. Also the dipole model, describing the near-field radiative heat
transfer between a semi-infinite slab and a homogeneously polarised sphere, is not
able to predict the experimental results. Therefore, I develop a phenomenological
sensor model which can quantitatively describe the experimental results. A less
general version of this phenomenological sensor model was used in ref. [3] to explain
experimental data.

Finally, in the last part of this work I study the thermal contribution to the
Casimir-van der Waals force between two dielectric media. Especially the transition
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from a real to an ideal metal is investigated with the method of Wick rotations. It
is shown that the transition from a real to an ideal metal is discontinuous. In fact, a
continuous transition would even imply a violation of the Kramers-Kronig relation.
This last part results from a close collaboration with Oliver Huth [4]. These results
of our joined work have not been published yet.
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Zusammenfassung

In dieser Arbeit untersuche ich fluktuierende evaneszente Felder aulerhalb dielektri-
scher Medien, die durch thermische und quantenmechanische Fluktuationen inner-
halb dieser Medien erzeugt werden. Dabei bestimme ich im Rahmen der Rytovschen
,fuktuierenden Elektrodynamik® die Energiedichte oberhalb dielektrischer Medien,
den Nahfeldwéirmetransport und die Krafte zwischen verschiedenen dielektrischen
Medien, die sich im lokalen thermodynamischen Gleichgewicht befinden.

Insbesondere bestimme ich die Nahfeldenergiedichte oberhalb einer metallischen
Schicht und zeige, dass diese bei Verringerung der Schichtdicke d nicht monoton
abnimmt, wenn d kleiner als die Skintiefe ds wird, sondern fiir Abstédnde z > d
sogar Werte annehmen kann, die grofler sind als die entsprechenden Werte fiir eine
unendlich dicke Schicht. Dieses unerwartete Verhalten fiihre ich auf die Oberflachen-
plasmonenkopplung innerhalb der Schicht zuriick, die dazu fithrt, dass der niederfre-
quente Oberflichenplasmonenzweig in den thermisch anregbaren Bereich riickt und
somit die Zustandsdichte und damit auch die Energiedichte erhoht. Die Ergebnisse
dieser Untersuchung wurden in [1] ver6ffentlicht.

Des Weiteren zeige ich, dass die Nahfeldenergiedichte oberhalb eines mit einem
Metallfilm beschichteten unendlich ausgedehnten Substratmediums ebenfalls die-
se Erhohung der Nahfeldenergiedichte zeigt, wenn das Medium aus einem polaren
Material besteht. Fiir ein metallisches Substrat hingegen kann die Oberflichenplas-
monenkopplung die lokale Zustandsdichte im thermisch anregbaren Bereich nicht
erh6hen. Dementsprechend erhélt man fiir die Nahfeldenergiedichte oberhalb eines
beschichteten Substrats fiir Abstdnde z > d in Abhéngigkeit von der Wahl des
Substratmaterials verschiedene charakteristische Potenzgesetze. In einem eigenen
Kapitel zeige ich schliefSlich, dass man dieses substratabhéngige Verhalten im Nah-
feldwéarmetransport fiir eine Schichtgeometrie wiederfindet, wobei man auch hier
in Abhéngigkeit von der Wahl des Substratmediums verschiedene, aber charakte-
ristische Potenzgesetze erhilt. Die Ergebnisse dieser Untersuchung habe ich in [2]
publiziert.

In einem weiteren Teil dieser Arbeit untersuche ich, ob bereits existierende Mo-
delle den Strahlungswarmetransport in einem Rasterwadrmemikroskop beschreiben
konnen. Es wird gezeigt, dass man die bisherigen experimentellen Ergebnisse nicht
vollstandig mit der Polder-van Hove-Formel, die den Warmetransport zwischen zwei
unendlich ausgedehnten Halbraumen beschreibt, erfassen kann. Auch das sogenannte
Dipolmodell, das den Nahfeldwiarmetransport zwischen einem Halbraum und einer
homogen polarisierten dielektrischen Kugel wiedergibt, ist nicht in der Lage, die
Messergebnisse quantitativ vorherzusagen. Daher stelle ich ein phédnomenologisches
Sensormodell auf, das es ermdoglicht, die vorhandenen Messwerte quantitativ gut zu
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beschreiben. Eine weniger allgemeine Version dieses phdnomenologischen Modells
wurde in [3] verwendet, um experimentelle Daten zu erkléren.

Im letzten Teil meiner Arbeit untersuche ich schliellich den thermischen Beitrag
zur Casimir-van der Waals-Kraft. Besonderes Augenmerk ist dabei dem Ubergang
vom realen zum idealen Metall gewidmet, wobei dieser mithilfe der Methode der
Wick-Rotation studiert wird. Es wird gezeigt, dass der Ubergang vom realen zum
idealen Metall unstetig ist und ein stetiger Ubergang aufgrund der Kramers-Kronig-
Relation sogar verboten ist. Dieser Teil meiner Arbeit ist in enger Zusammenarbeit
mit Oliver Huth [4] entstanden, wobei die Ergebnisse dieser Untersuchung noch nicht
verdffentlicht wurden.
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Kapitel 1

Das evaneszente Nahfeld

In diesem ersten und einfiithrenden Kapitel werden zunéchst die theoretischen forma-
len Beziehungen bereitgestellt, die benotigt werden, um Nahfeldphénomene zu be-
schreiben. Aulerdem werden einige wesentliche Eigenschaften des thermischen fluk-
tuierenden Nahfeldes beschrieben, die es dem Leser ermoglichen sollen, ein Gefiihl fiir
diese Erscheinung zu bekommen. Es wird daher in diesem ersten Kapitel im Prin-
zip bekanntes Wissen zusammengestellt, von dem in spéteren Kapiteln Gebrauch
gemacht werden soll.

In dem ersten Abschnitt werden die Grundlagen der fluktuierenden Elektrodyna-
mik nach Rytov [5] dargestellt und erldutert. Eine nachtrigliche Rechtfertigung fiir
die Verwendung dieser semi-klassischen Theorie wird im darauffolgenden Abschnitt
gegeben, in dem quantenmechanische Theorien [6, 7, 8] mit der fluktuierenden Elek-
trodynamik und untereinander verglichen werden. Die drei darauf folgenden Ab-
schnitte beschéftigen sich mit der formalen Herleitung der freien Greenschen Funk-
tion und der Greenschen Funktion fiir Schichtgeometrien planarer Medien [9, 10],
die die Grundlage fiir die weiteren Berechnungen bilden. Eine erste Anwendung fin-
den diese Greenschen Funktionen bei der Bestimmung des Poynting-Vektors und
der Energiedichte oberhalb eines dissipativen Mediums im lokalen thermodynami-
schen Gleichgewicht [11, 12]. Da die Bestimmung dieser physikalischen Grofien stets
eine Volumenintegration iiber ein Produkt zweier dyadischer Greenscher Funktio-
nen enthélt, das in der Regel miihsam auszuwerten ist, wird das sogenannte opti-
sche Theorem [7, 13] diskutiert, das es in Spezialfillen erlaubt, dieses Volumeninte-
gral selbst durch eine Greensche Funktion zu ersetzen. Im letzten Abschnitt werden
schlieBlich zwei sehr faszinierende Eigenschaften des thermischen Nahfeldes disku-
tiert: Die zeitliche und rdumliche Kohérenz [14, 15, 16, 17, 18, 19, 20].

1.1 Fluktuierende Elektrodynamik

Die theoretische Beschreibung des fluktuierenden Nahfeldes dielektrischer Korper
basiert auf der Rytovschen fluktuierenden Elektrodynamik [5]. Innerhalb dieser Be-
schreibung werden die makroskopischen Maxwell-Gleichungen durch fluktuierende
Quellenstrome j ergénzt, die die fluktuierenden Quellen des elektrischen und magne-
tischen Feldes E und H innerhalb des dielektrischen Korpers beschreiben. Die ein-
zelnen Frequenzkomponenten dieser Quellenstréome j(r, w) werden als stationére sto-
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4 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

chastische Prozesse angesehen, sodass man die sogenannten stochastischen Maxwell-
Gleichungen

V x E(r,w) = iwpeH(r,w),
V xH(r,w) =j(r,w) — iwe(w)E(r,w) (1.1.1)

mit der Permeabilitdt des Vakuums pg und der Permittivitdt des dielektrischen
Korpers €(w) erhélt. Indem man die stochastischen Maxwell-Gleichungen in der Form
(1.1.1) angibt, geht man bereits davon aus, dass der dielektrische Korper, der die
fluktuierenden Quellenstrome enthélt, nicht-magnetisch, homogen, isotrop und lokal
ist. Das heisst, es gelten die linearen Beziehungen

D=¢wE B=pH und J=0(w)E, (1.1.2)

wobei die Leitfahigkeit o(w), die zu dem makroskopischen Strom J fiihrt, direkt in
die Permittivitit ¢(w) des Dielektrikums eingeht, d.h. sie wird zur Permittivitat der
gebundenen Ladungen e,(w) hinzuaddiert, sodass man

io(w)

€(w) = ep(w) + (1.1.3)

w
erhélt.

Die elektrischen und magnetischen Felder, die durch die stochastischen Maxwell-
Gleichungen beschrieben werden, sind als klassische stochastische Prozesse aufzufas-
sen, die formal durch Integrale der Art

E(r,w) = iwpg /d3r’ GE(r, ) j(r',w),
H(r,w) = iwpg /d?’r’ GH(r,r)j(r',w) (1.1.4)

ausgedriickt werden kénnen, wobei die Integration iiber das quellenenthaltende Vo-
lumen durchzufiihren ist. Die Tensoren G¥ und G¥ sind die sogenannte dyadische
elektrische und magnetische Greensche Funktion. Die elektrische dyadische Green-
sche Funktion ist entsprechend der Definition in Gl. (1.1.4) eine Losung der inho-
mogenen Helmholtz-Gleichung

(VX Vx—k)G"(r,r') = 15(r — 1) (1.1.5)

mit der Wellenzahl k% = w?ppe und der Einheitsmatrix 1. Diese Gleichung ist eine
dyadische Gleichung und gilt fiir jeden Spaltenvektor der dyadischen Greenschen
Funktion separat. Auflerdem erfiillt die dyadische Greensche Funktion in einem un-
begrenzten Medium die Symmetrierelation

GL(r,r) = G, (1), (1.1.6)

was man leicht mithilfe des Reziprozitéatstheorems [21] zeigen kann.
Entsprechend der Definition in Gl. (1.1.4) stimmen die Greenschen Funktionen
fiir einen Delta-Strom j = jod(r’ — rp) mit dem Feld iiberein, das durch diesen Strom

4



1.1. FLUKTUIERENDE ELEKTRODYNAMIK )

bei ry am Ort r erzeugt wird. Daher erfiillen die dyadischen Greenschen Funktionen
die Randbedingungen der entsprechenden Felder, sodass sich etwa die Stetigkeit der
Transversalkomponenten des elektrischen Feldes an einer Grenzflache direkt auf die
elektrische dyadische Greensche Funktion iibertrigt. An der Grenzfliche zwischen
zwei dielektrischen Medien 1 und 2 mit den Greenschen Funktionen G¥ und G¥
gelten somit die beiden Randbedingungen

nx G¥ =n x GY,

nxVxGF=nxVxGY (1.1.7)

wobei n das Normaleneinheitsvektorfeld fiir den Ubergangsbereich von Medium 1
zu Medium 2 darstellt. Selbstverstéindlich erfiillt per Konstruktion die magneti-
sche Greensche Funktion die Randbedingungen des magnetischen Feldes. Allerdings
reicht es vollkommen aus, nur die elektrische Greensche Funktion fiir ein gegebenes
Problem zu betrachten, da die magnetische Greensche Funktion durch Rotationsbil-
dung direkt aus der elektrischen Greenschen Funktion mittels der Relation

H ! 1 E !

G" (r,r") W,uov x G"(r,r") (1.1.8)
berechnet werden kann, was eine direkte Folgerung des Faradayschen Induktionsge-
setzes ist.

Die Umformulierung der elektrischen und magnetischen Felder E und H als Inte-
grale iiber die Quellenstrome in den Gln. (1.1.4) macht deutlich, dass die fluktuieren-
den Eigenschaften der Felder direkt durch die fluktuierenden Eigenschaften der Quel-
lenstrome bestimmt sind. In der Tat kann man, falls (j(r,w)) und (j(r,w)j(r’,w’))
bekannt sind, wobei die spitze Klammer fiir das Ensemble-Mittel steht, die entspre-
chenden Mittelwerte und Korrelationsfunktionen der Felder angeben. Dabei soll der
Querstrich hier und im Weiteren die komplexe Konjugation symbolisieren. Deshalb
ist es essentiell, die stochastischen Eigenschaften der Quellenstrome zu bestimmen.

Innerhalb der fluktuierenden Elektrodynamik sind die Felder makroskopische
und daher iiber ein ausreichend grofies Volumen gemittelte Groflen. Die Quellen-
stréme beschreiben innerhalb dieser Theorie die thermischen und quantenmechani-
schen Fluktuationen in einem dielektrischen dissipativen Korper mit der Tempera-
tur T innerhalb dieses Mittelungsvolumens, sodass sich der makroskopische Quel-
lenstrom j(r,w) aus einer Vielzahl mikroskopischer Fluktuationen zusammensetzt.
Es erscheint daher verniinftig, dem zentralen Grenzwertsatz entsprechend vorauszu-
setzen, dass es sich bei den Quellenstromen um Gauflsche Prozesse handelt, wobei
die Quellenstrome im Mittel Null ergeben sollen, sodass man mit (1.1.4)

(E(r,w)) =0 und (H(r,w))=0 (1.1.9)

fiir die Felder erhélt. Wére dies nicht der Fall, wiirden geladene Teilchen mit der
Ladung ¢ und der Geschwindigkeit v in der Néhe eines dielektrischen Mediums eine
mittlere Kraft (F) = ¢(E)+qv x (B) durch die fluktuierenden Felder erfahren, sodass
die fluktuierenden Quellenstréome durch ¢(E) im Mittel Arbeit verrichten wiirden.
Somit wére der zweite Hauptsatz der Thermodynamik verletzt, der besagt, dass bei
einer einheitlichen Temperatur im Mittel keine Arbeit verrichtet wird.



6 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Auflerdem sind die Korrelationen und damit die Fluktuationen der Quellen-
strome durch die dielektrischen Eigenschaften des dissipativen Korpers bestimmt.
Der Zusammenhang zwischen Dissipation und Fluktuation kann allgemein mittels
des Fluktuations-Dissipations-Theorems [22] ausgedriickt werden, und auf das gege-
bene Problem [5] angewendet werden. Fiir einen homogenen, isotropen, lokalen und
dissipativen dielektrischen Kérper erhélt man

(Ja(r,w)js(r',w')) = drwEy(w, T)e" (w)dagd(r — r')d(w — w’) (1.1.10)

und
(Ja(r,w)jgt',w)) = (ja(r,w)js(r’ W) =0 (1.1.11)

fiir die Komponenten der Quellenstrome, wobei die Permittivitidt € = ¢/ +i€” in Real-

und Imaginéarteil aufgeteilt und die Bose-Einstein-Funktion

hw hw hw < hw ﬂ)

Eo(w,T) := — coth

2 o1 2

. (1.1.12)

mit der inversen Temperatur 3 = (kgT)~' des Korpers eingefiihrt wurde. Das Auf-
tauchen der Bose-Einstein-Funktion ist hier eine Implikation des Fluktuations-Dissi-
pations-Theorems, das eigentlich eine quantenmechanische Beziehung fiir Operato-
ren ist, wohingegen die fluktuierenden Felder innerhalb der fluktuierenden Elektrody-
namik klassisch sind, was als eine Schwachstelle der Theorie angesehen werden kann.
Wie allerdings kiirzlich gezeigt wurde [8], fiihrt eine rigorose quantenelektrodyna-
mische Beschreibung fiir dissipative Medien auf die gleichen Korrelationsfunktionen
fiir die Felder wie die Anwendung des Fluktuations-Dissipations-Theorems im Rah-
men der fluktuierenden Elektrodynamik. Demnach erscheint diese Vorgehensweise
gerechtfertigt, wobei die fluktuierende Elektrodynamik als eine semi-klassische Theo-
rie aufzufassen ist.

Nun koénnen die Korrelationsfunktionen der fluktuierenden Felder angegeben wer-
den. Benutzt man die Gln. (1.1.4) zusammen mit dem Fluktuations-Dissipations-
Theorem in Gl. (1.1.10), bekommt man

(Balr, ) Hy(x', ') = / dwe ™ Ey(w, T)
0

X /d37“” <GE(I', r”)GHT(r', r")) +c.c.,

af

we'w),

(pow)
(1.1.13)

wobei das f-Symbol fiir die adjungierte Dyade steht und c.c. eine Abkiirzung fiir
das komplex Konjugierte des ersten Terms ist. Ahnliche Ausdriicke kann man fiir
(Eo(r,t)Es(r',t')) baw. (H,(r,t)Hs(r',t')) ableiten. Das Ensemble-Mittel der physi-
kalischen Groflen — der Poynting-Vektor, die Energiedichte und der Spannungsten-
sor — des dissipativen dielektrischen Korpers kann direkt mithilfe dieser Korrelati-
onsfunktionen bestimmt werden, wenn die Materialeigenschaften, d.h. die Permitti-
vitit €(w) und die Temperatur des Korpers bekannt sind. Aulerdem ist es notwendig,
die dyadischen Greenschen Funktionen fiir das gegebene elektrodynamische Problem
zu bestimmen, in die die Geometrie des Problems mit einflieft. Man hat somit das
ganze Problem auf die Losung eines klassischen Problems — die Bestimmung der
elektrischen Greenschen Funktion in einer gegebenen Geometrie — zuriickgefiihrt.
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1.2 Quanten-Elektrodynamik in Materie

In diesem Abschnitt werden drei verschiedene quantenmechanische Herangehens-
weisen und ihre Beziehung zueinander vorgestellt. Es wird gezeigt, dass die An-
wendung der fluktuierenden Elektrodynamik quantenmechanisch auch fiir Nicht-
Gleichgewichtsprozesse, bei denen nur ein lokales thermodynamisches Gleichgewicht
innerhalb eines Dielektrikums vorausgesetzt wird, gerechtfertigt werden kann.

1.2.1 Linear-Response-Theorie

Eine quantenmechanische Ableitung der Korrelationsfunktionen der Feldgrofien bzw.
Feldoperatoren im thermodynamischen Gleichgewicht, die ebenfalls auf dem Fluk-
tuations-Dissipations-Theorem beruht, hat Agarwal 1975 [6] geliefert. Die Grundidee
dieser quantenmechanischen Behandlung soll nun anhand der Korrelationsfunktion
des elektrischen Feldes skizziert werden. Eine ausfiihrliche Darstellung findet man
etwa in [23, 24].

Als Ausgangspunkt dienen zunéchst die Maxwell-Gleichungen, wobei die Felder
durch entsprechende Operatoren im Heisenberg-Bild, d.h. E — E und H — H zZu
ersetzen sind. Anstatt einen stochastischen Quellenstrom einzufiihren, wird die Re-
aktion auf eine kleine deterministische duflere Stérung betrachtet, die durch ein Po-
larisationsfeld P, gegeben sein soll. Der Hamilton-Operator fiir die externe Storung
hat die Form

A

Hext = - /d37n/ Pext(rlu t) : E(rlyt)7 (121)

wobei sich der Hamilton-Operator fiir das Gesamtsystem als eine Summe aus dem
ungestorten Teil HO und der Storung Hext zusammensetzt. Ziel ist es nun, die lineare
Antwort des ungestorten Feldes, das bei t = —oo durch (E;)o gegeben ist, auf die
aufere Storung zu bestimmen, die adiabatisch eingeschaltet wird. Der Erwartungs-
wert des ungestorten Feldes 1d8t sich durch Spurbildung

mit dem Dichte-Operator des ungestorten Systems
po = p(t = —o0) = eFo—Ho) (1.2.3)

bestimmen, wobei Fy = —(7"In(Z,) die freie Energie und Zs = Tr[exp(— 6]:10)] die
Zustandssumme des ungestorten Systems darstellen. Der entsprechende Erwartungs-
wert (E ) fiir das Gesamtsystem mit H = Hy + H.y wird dann durch Spurbildung
mit dem Dichteoperator

p = eF—Ho—Hex)s (1.2.4)

gebildet, wobei die freie Energie F = —B7'In(Z) durch die Zustandssumme des
Gesamtsystems Z = Tr [exp(—ﬁH )} bestimmt ist. Gesucht ist die Anderung des
Erwartungswertes durch die duflere Storung, also

7



8 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Es kann nun im Wechselwirkungsbild gezeigt werden, dass fiir kleine Stérungen in

linearer Ordnung

N L[~ .

p=ho~ dt’ [Hext(t'), po]O(t — t') (1.2.6)
gilt, wobei die eckige Klammer den Kommutator und ©(¢ — t') die Heaviside-Dis-
tribution kennzeichnen. Mit dieser Ndherung kann man die gesuchte Anderung des
Erwartungswertes in Gl. (1.2.5) bestimmen, und bekommt mit der Einsteinschen

Summenkonvention

1 .
AB = o [t (1B, Fraal )00 — 1)
1
1 N .
L far / Er' Py (0 ) ([Bo(r, £), Ba(e' )0t — ) (12.7)
1
_ / ar / 1’ Py (0 )y (0,1, £ — 1)

mit der generalisierten Suszeptibilitét

. 1 - ~
XEp(r, v/t —t) = —ﬁqu(r, t), Ex(r', t)])oO(t — ). (1.2.8)
Definiert man nun die Korrelationsfunktion des elektrischen Feldes in symmetrisier-
ter Form, also

1 A A . A
TPt —1) = §<AEa(t)AE@(t’) + AEg(t)AE,L(t))o, (1.2.9)
dann folgt aus dem Fluktuations-Dissipations-Theorem [22], dass

«a EO(waT) a —fa
U (W) = — [XEﬁE(r,r',w) — X%E(r',r,w)} (1.2.10)

fiir die Fouriertransformierte

V() = / At — 1) geP (¢ — ¢ (1.2.11)
der Korrelationsfunktion gilt. Man kann nun die generalisierte Suszeptibilitéit in Gl
(1.2.8) direkt durch die retardierte dyadische Greensche Funktion des elektrischen
Feldes ausdriicken. Schlieflich ist jede zeitliche Anderung der duBeren Stoérung direkt
mit einem Polarisationsstrom verbunden, da —iwP ey = jJext gilt. Somit stimmt die
Gleichung (1.2.7) im Fourier-Raum mit Gl. (1.1.4) formal tiberein, sodass

1
Ggﬁ(r7r/) = MTMX%BE(T,I'/,W) (1212)

gilt. Somit kann man die Korrelationsfunktion in Gl. (1.2.10) mit der Symme-
trierelation in Gl. (1.1.6) in der Form

U5 (w) = 2By (w, T)wpolmGEy(r, v/, w) (1.2.13)

8
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angeben. Daraus ergibt sich durch Fouriertransformation die Korrelationsfunktion

o Cdw iy oa
ve-t) = [ S Ou)

- (1.2.14)
:/ dwe_i‘“(t_t,)Eo(w,T)WTMImeﬁ(r,r’,w) + c.c.
0
Diese quantenmechanische Korrelationsfunktion fiir das elektrische Feld im ther-
modynamischen Gleichgewicht stimmt offenbar nur dann mit der entsprechenden
Korrelationsfunktion aus der Rytovschen fluktuierenden Elektrodynamik {iberein,
wenn die Relation

w2

— € (w) /d3r’ (GE(rl,r’)GET(rz,r')) = ImGl4(r1, T2, W) (1.2.15)
c of

mit €, = €/¢ erfiillt ist, die auch als optisches Theorem [7, 13] bezeichnet wird. Es
wird in Abschnitt (1.9) noch gezeigt, dass im Falle eines globalen thermodynami-
schen Gleichgewichtes dieses optische Theorem gilt, und damit die Korrelationsfunk-
tionen der Rytovschen Theorie in die Korrelationsfunktionen der Linear-Response-
Theorie in Gl (1.2.14) iibergehen. Dass die semi-klassische und quantenmechanische
Beschreibung im globalen Gleichgewicht dquivalent sind, hat Eckhardt [25] bereits
1984 gezeigt.

1.2.2 Makroskopische Quanten-Elektrodynamik

Eine quantenmechanische Beschreibung, die der fluktuierenden Elektrodynamik sehr
nahe kommt und eine explizite Quantisierung der Felder vornimmt, ist die soge-
nannte makroskopische Quanten-Elektrodynamik [7, 13]. Der Ausgangspunkt dieser
Theorie sind die makroskopischen Maxwell-Gleichungen in (1.1.1), wobei die Felder
und Quellenstrome durch Operatoren zu ersetzen sind, d.h. E — E, H — H und
j— j Die mikroskopischen Eigenschaften des Dielektrikums werden ebenso wie in
der fluktuierenden Elektrodynamik durch die phianomenologische Permittivitéit e(w)
beschrieben. Um eine Quantisierung der Felder herbeizufiithren, wird der Quellen-

stromoperator durch R X
j(r,w) = 2wy/hre" (w)f (r,w) (1.2.16)

ausgedriickt, wobei f (r,w) ein bosonisches Vektorfeld darstellt, das die Kommuta-
torrelationen

[fa(r,w), fH(, )] = bapd(r — )6 (w — o),
[fa(r>w>v Aﬁ(r,>w,)] =0,
[fi(r,w), flx',w)] =0 (1.2.17)

erfiillt.

Da die Feldoperatoren iiber die klassische Greensche Funktion entsprechend GI.
(1.1.4) mit den Stromoperatoren verkniipft sind, ist zundchst klar, dass die Erwar-
tungswerte der Felder verschwinden, da die Felder linear in den Erzeugungs- bzw.
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Vernichtungsoperatoren T bzw. f sind. Zusétzlich erhilt man die richtigen Feldkom-
mutatoren der Quantenelektrodynamik [7],

[Eq(r,t), Eg(r',t)] =0
[Ba(r,t), Bs(r',t)] = 0

A

[e0Eu(r,t), Bs(r',1)] = —iheas dy0(r — 1), (1.2.18)

wobei fiir nicht-magnetische Materialien B = MOI:I gilt und €,3, der Levi-Civita-
Tensor ist. Diese Feldkommutatoren erhélt man allerdings nur unter der Annahme,
dass das optische Theorem in Gl. (1.2.15) erfiillt ist, dessen Giiltigkeit in einem
eigenen Abschnitt diskutiert wird.

Die Kommutatorrelationen fiir die Stromoperatoren bzw. die Kommutatoren fiir
das bosonische Feld f in GL (1.2.17) stellen auBerdem sicher, dass die Korrelations-
funktionen der Felder im globalen Gleichgewichtsfall mit denen aus der Rytovschen
Theorie in Gl. (1.1.13) und damit auch mit denen der Linear-Response-Theorie in
Gl (1.2.14) tibereinstimmen. Denn mit Gl. (1.1.4) und der Definition des Stromope-
rators in Gl. (1.2.16) erhélt man fur das elektrische Feld

Eo(r,w) :iwuo/d?’r GE (r, v 2w/ hre" (v') f, (v, w) (1.2.19)

sodass schliefSlich

: d
Bo(r,t) = / 2 e By () 4 he (1.2.20)
0 T

gilt, wobei h.c. fiir das hermitesch konjugierte des ersten Terms steht.
Nimmt man an, dass das bosonische Feld im thermodynamischen Gleichgewicht
ist, kann man die Erwartungswerte mittels der Spur {iber den Dichte-Operator

e H8

h= ———— 1.2.21
P = o] (1.2.21)

berechnen, wobei der Hamilton-Operator des Systems durch
H= / dw / &r hw £ (r, w)E(r, w) (1.2.22)

gegeben ist. Damit kann man die symmetrisierte Korrelationsfunktion des elektri-
schen Feldes aus Gl. (1.2.9) bestimmen und bekommt zunéchst

TPt —1') = (Bu(r, ) Es(r' 1) + Es(r', ') Eo(r, t))

1

2

5 dw dw’ e 7@ 02 /d3 '/d3 nww'h Ve (x)e' (x)
0

x (ny@l,r')«z_ga(rz,r"><fy<r',w>f§<r",w'>>

+G—3<rl,r’)GE(;(rz?r"><fi<r',w>f5<r'cw'>>)

+ (ry o 1ot = 1),

(1.2.23)

10
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wobei (r; <> ra,t < t') symbolisch fiir einen zweiten Term steht, der sich aus dem
ersten durch Vertauschung der Orts- und Zeitvariablen ergibt. Aulerdem wurden
bereits die Beziehungen ( fﬂ, f5) = ¢ ﬂ/ fg ) = 0 verwendet. Nutzt man noch aus, dass
die Erwartungswerte der bosonischen Feldoperatoren in (1.2.23) nur einen Wert
ungleich Null liefern, falls v = 0, w = w’ und r = r’ gelten, erhélt man mit dem
optischen Theorem in Gl. (1.2.15)

o0

o ]. —iw(t—t' h, A A
‘I’Eﬁ(t —1) = 5/ S t)w2,u0; (Imeﬁ(rLszfvf;awé)
0 (1.2.24)
+ ImGga(rz, r1)<f$f5575)) +(r; & 1t & t).

Verwendet man nun noch die Symmetrierelation in Gl. (1.1.6) und die Tatsache,
dass Eg(w,T) = hw(f!fs0,5+73) der Erwartungswert eines harmonischen Oszillators
im thermodynamischen Gleichgewicht ist, so bekommt man schliellich

(e}

1 (it h A 1
TP (t—t') = 5 /0 dw eIt )wz,uO;Imeﬁ(rl, r2)2<fj{f5575 + §> + c.c.

= / dw e_iw(t_t/)%lm(}fﬂ(rl, r2)Eo(w,T) + c.c.,
0

die bekannte Korrelationsfunktion aus Gl. (1.2.14) fiir das thermodynamische Gleich-
gewicht. Damit liefert die makroskopische Quantenelektrodynamik im thermody-
namischen Gleichgewicht die gleichen Ergebnisse wie die Rytovsche Theorie und
die Linear-Response-Theorie basierend auf dem Fluktuations-Dissipations-Theorem,
wobei aber eine explizite Quantisierung der Felder durchgefiihrt wurde. Allerdings
erscheint unklar, wie man die Rytovschen Ergebnisse — wie die Bestimmung des
Strahlungswérmetransportes zwischen zwei dielektrischen Képern mit verschiedener
Temperatur — innerhalb dieser Theorie reproduzieren kann.

1.2.3 Janowicz-Beschreibung

Eine Kldrung dieser Frage wurde innerhalb einer Theorie gegeben, die die Wech-
selwirkung zwischen dem Feld und dem Dielektrikum sowie die Wechselwirkung
zwischen dem Dielektrikum und seinem Reservoir explizit beriicksichtigt. Solch eine
Beschreibung wurde durch Janowicz et al. [8] gegeben, wobei man eine genaue Dar-
stellung dieser Theorie in [26] finden kann. Der Startpunkt dieser Beschreibung ist
die Lagrange-Funktion des Gesamtsystems

L=Lp+ Lgy+ Lww + Lgp (1.2.25)

mit der Lagrange-Funktion des Dielektrikums Lp, des elektromagnetischen Feldes
Lgy, der Wechselwirkung zwischen Dielektrikum und elektromagnetischem Feld
Ly w und der Lagrange-Funktion Lzp der Wechselwirkung zwischen dem Dielektri-
kum und dem Reservoir. Dabei beschreibt die Lagrange-Funktion L das Dielektri-
kum im Hopfield-Modell [27] als ein Polarisationsfeld harmonischer Oszillatoren, das
linear an ein Reservoir koppelt, das selbst durch ein kontinuierliches Feld harmoni-
scher Ostzillatoren gegeben ist. Innerhalb dieses Modells haben bereits Huttner und

11



12 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Barnett [28] gezeigt, dass die zur Lagrange-Funktion (1.2.25) gehorige Hamilton-
Funktion des Gesamtsystems eine Quantisierung und Diagonalisierung erlaubt.

Janowicz et al. haben nun mithilfe der Variation der Lagrange-Funktion (1.2.25)
die Heisenberg-Gleichung fiir die beteiligten Feldgrofien aufgestellt und das Anfangs-
wertproblem fiir inhomogene Dielektrika gelost und somit den Poynting-Vektor, d.h.
im Wesentlichen die Korrelationsfunktion (E,Hg) fiir das gegebene System im sta-
tiondren Fall fiir ¢ — oo bestimmt. Innerhalb dieses Ansatzes stellt sich heraus,
dass die Korrelationsfunktion der Felder bzw. der Poynting-Vektor direkt von den
Anfangswerten der Reservoirvariablen abhédngen. Nimmt man an, dass diese im ther-
modynamischen Gleichgewicht sind — d.h. man geht auch hier wie in der fluktuie-
renden Elektrodynamik von einer lokalen Gleichgewichtssituation aus — so erhélt
man die Korrelationsfunktion aus der Rytovschen Theorie in Gl. (1.1.13), wobei die
Bose-Einstein-Funktion vom Erwartungswert der Reservoir-Oszillatoren herriihrt.
Suttorp und Wubs [29] haben schliefllich gezeigt, dass man innerhalb dieser Theo-
rie die phanomenologische Theorie der makroskopischen Quanten-Elektrodynamik
ableiten kann, indem man die entsprechenden Gréflen mit der Permittivitdat des Di-
elektrikums und dem Quellenstromoperator identifiziert.

1.3 Freie dyadische Greensche Funktion

Um das klassische elektrodynamische Problem der Bestimmung der elektrischen
Greenschen Funktion G¥ zu l6sen, ist es unerlisslich, zunichst die freie dyadi-
sche Greensche Funktion fiir ein gegebenes Koordinatensystem zu konstruieren. Die
freie dyadische Greensche Funktion selbst ist eine Grundlésung der inhomogenen
Helmholtz-Gleichung (1.1.5) innerhalb eines unbegrenzten dielektrischen Mediums
mit der Permittivitit ¢(w), die iiber die Wellenzahl k? = pge(w)w? in die Helmholtz-
Gleichung eingeht. In diesem Abschnitt soll insbesondere die freie dyadische Green-
sche Funktion im Vakuum bestimmt werden, sodass €(w) = ¢y und damit k = kg
gilt.

Zur Konstruktion der dyadischen Greenschen Funktion geht man zunéchst von
der skalaren Greenschen Funktion aus, die ihrerseits eine Losung der inhomogenen
Wellengleichung

(A+E)g(r,v') = —0(r — 1) (1.3.1)

mit k3 = w?upep = w?/c? ist. Die gesuchte Losung dieser Differentialgleichung soll
auslaufende Wellen beschreiben, sodass als physikalische Randbedingung die Som-
merfeldsche Ausstrahlbedingung

lim r 7@9(1’, )

r—00 or

— ikog(r,r')| =0 (1.3.2)

gestellt werden muss. Die gesuchte Losung ist eine auslaufende Kugelwelle

eik0|r—r’\

g(r,r') (1.3.3)

T dnr—r]

12
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Mit dieser Losung fiir die inhomogene Wellengleichung (1.3.1) kann man die dyadi-
sche Greensche Funktion konstruieren, indem man den Ansatz

1

Gl (r,r') = (]l + pv ® V)g(r, ') (1.3.4)
0

wéhlt, wobei ® fiir das duflere bzw. Tensor-Produkt und 1 fiir den Identitédtsoperator

stehen. Mithilfe der Identitdit V x Vx = V ® V — A kann man zeigen, dass der

Ansatz in Gl. (1.3.4) eine Losung der inhomogenen Helmholtz-Gleichung (1.1.5) ist,

denn

1
(V x V x —krgll)GéE(r,r') = —(k:g]l -V x Vx) (]l - EV@)V)g(r,r’)
0

1
= —kj (]l + k—gv ® V)g(r,r’) +V xVxgr)l
= —(k§ + A)g(r,r')1
=0(r —1')1.

(1.3.5)

Daher kann man die freie dyadische Greensche Funktion durch die Bestimmungs-
gleichung
Gy = (14 2vev)-tr 1.3.6
fe) = (14 5V e v) S (136
angeben.

Um die Eigenschaften der freien Greenschen Funktion etwas genauer zu studie-
ren, lohnt es sich, die freie dyadische Greensche Funktion im k-Raum zu betrachten.
Im Fourrierraum hat die inhomogene Helmholtz-Gleichung (1.1.5) fiir das Vakuum
die Form

[kl +k®k — K*1]Gf (k,w) =1, (1.3.7)
sodass man die freie Greensche Funktion im Fourrierraum durch
1
GE(k,w) = — (1.3.8)

(K —k)1+kek

angeben kann. Die dyadische Greensche Funktion kann nun leicht in ihre longitudi-
nalen und transversalen Anteile zerlegt werden, d.h. in die Anteile proportional zu
er ® e, = k ® k/k? bzw. (]1 —e, ® ek). Man erhilt dann

1

1
Gllkw)=————(1—e,Qe,) — e Qe
olow)= gl —eee) ~pase (1.3.9)

=: G (k,w) + Gf(k,w).

Der transversale Anteil G{ft(k, w) beschreibt die propagierenden Transversalmoden
und hat Pole bei k = +kj, wobei man fiir auslaufende Wellen nur den Pol bei k& = kg
zu beriicksichtigen hat. Man beachte, dass G{,(k,w) im Wesentlichen die Greensche
Funktion fiir Photonen im Vakuum ist [23]. Der longitudinale Anteil G§;(k,w) be-
schreibt dagegen die elektrostatischen Moden und hat einen Pol zweiter Ordnung
bei ]{30 =0.

13



14 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Fiihrt man nun die Riicktransformation in den Ortsraum durch, so erhédlt man
fir die Greensche Funktion [9, 30] mit p=r —r’ und e, = p/p

1
GE(r,r',w) = —H,(r, 1) — @5@)]1, (1.3.10)
0
wobei .
. elkop ) .
H,(r,r') = Ty [a(—ikop)1 — b(—ikop)e, @ e,] (1.3.11)
und

a(z) =1+x+ 2%

1.3.12
b(z) =3 + 3z + 2? ( )

gelten. Eine Fourier-Transformation der longitudinalen und transversalen Green-
schen Funktion fiithrt auf [9]

1-3e,®e,

th(r,r’,w) = ks —H,(r,r")
o L me 1 (1.3.13)
GOJ(I',I' ,(.d) = —W — 3—]{;35(p>]].

Die Delta-Funktion, die zur longitudinalen Greenschen Funktion gehort, stellt si-
cher, dass das iiber eine kleine Kugel, die einen statischen Dipol enthélt, gemittelte
elektrische Feld nicht Null ist. Der erste Term ergibt das bekannte Dipolfeld fiir
einen statischen Dipol, was man leicht sehen kann, indem man beispielsweise von
einem statischen Dipol bei r’ = 0 mit dem Dipolmoment d ausgeht und in Gl. (1.1.4)
einsetzt. Das ergibt das statische Dipolfeld [31]

E(r,w) = iwpg /d?’r’ G% _ L(S(p)n) (—iw) d §(r')

Ak p? 3k3 (1.3.14)
_3er(er-d)—d_5(r)d o
N dmegr 3eg

wobei wieder e, = r/r ist. Dass die transversale Greensche Funktion G, (r,r’,w)
keine statischen Anteile enthélt, kann man leicht sehen, da fiir w — 0

1-3e,®e,

/
H(rx) = =

(1.3.15)

und somit Go; = 0 im statischen Grenzfall gilt.

1.4 Die freie dyadische Greensche Funktion in Zy-
linderkoordinaten

Nachdem die freie dyadische Greensche Funktion (1.3.10) fiir das Vakuum in kartesi-
schen Koordinaten bestimmt und diskutiert wurde, soll nun der entsprechende Aus-
druck in Zylinderkoordinaten fiir ein beliebiges Dielektrikum mit der Permittivitat

14
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€(w) bestimmt werden. Gesucht werden dazu die Vektorwellenfunktionen V.= M, N,
die die homogene Helmholtz-Gleichung

(VxVx—k)V=0 (1.4.1)

erfiillen. Solche Vektorwellenfunktionen lassen sich ganz allgemein aus einer skalaren
Funktion ¢ = ¢(r,w) konstruieren, die ihrerseits eine Losung der Wellengleichung

(A+E)yp=0 (1.4.2)

ist. Wahlt man einen geeigneten konstanten Pilotvektor a, so erhélt man die zwei
linear unabhéngigen Losungen der Helmholtz-Gleichung (1.4.1)

M=V x(a) und N= %v <V x (ach). (1.4.3)
Man kann sich durch Einsetzen dieser Relationen in die Helmholtz-Gleichung (1.4.1)
mithilfe der Identitdt V x Vx =V ® V — A und der homogenen Wellengleichung
(1.4.2) leicht davon tiberzeugen, dass die Vektorwellenfunktionen V Losungen der
GL (1.4.1) sind.
Aus den Bestimmungsgleichungen der Vektorwellenfunktionen (1.4.3) folgen so-
fort die niitzlichen Bezichungen [10]

VxM=kN und V xN=FkM. (1.4.4)

Anhand dieser Beziehungen ist klar, dass die Vektorwellenfunktionen eine verschwin-
dende Divergenz haben, da sie als reine Rotationsfelder darstellbar sind. Daher kann
man mit diesen Vektorwellenfunktionen nur transversale Felder beschreiben. Aufler-
dem ist leicht zu sehen, dass die beiden Vektorwellenfunktionen senkrecht aufeinan-
der stehen, da im Fourier-Raum M - N = ik~!M -k x M = 0 gilt.

Man beachte aufierdem, dass die longitudinale Vektorwellenfunktion [32]

L = Vi (1.4.5)

keine Losung der homogenen Helmholtz-Gleichung in (1.4.1) fiir & # 0 ist, denn es
gilt
(VxVx—Kk)L=—-k*V¢y =—k’L. (1.4.6)

Die longitudinale Vektorwellenfunktion L muss also nur fiir die Wellenzahlen & = 0
beriicksichtigt werden, d.h. im Medium fiir e(w) = 0 bzw. im Vakuum fiir w = 0,
wobei sie fiir alle anderen Frequenzen keine physikalische Bedeutung hat. Daher
benétigt man die longitudinale Vektorwellenfunktion fiir die Beschreibung der lon-
gitudinalen Moden in Festkorpern [33] bzw. der statischen Felder im Vakuum [34].
Im Weiteren werden die longitudinalen Lésungen vernachlassigt und nur die dy-
namischen Transversalfelder betrachtet, sodass nur die transversalen Vektorwellen-
funktionen M, N beriicksichtigt werden, die von transversalen Quellenstromen mit
V-j = 0 herrithren. Man beachte aber, dass man damit nur physikalische Situationen
richtig beschreiben kann, in denen die statischen Felder und longitudinalen Moden
in Festkorpern vernachléssigt werden konnen.
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16 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Da im Weiteren nur Geometrien geschichteter planarer Medien betrachtet wer-
den, bei denen die Schichten der verschiedenen Materialien entlang der z-Achse auf-
gereiht sind, ist es sinnvoll Zylinderkoordinaten (r, ¢, z) einzufiihren, wobei beziiglich
der z-Achse eine Rotationssymmetrie besteht. Die Losungen der Wellengleichung
(1.4.2) haben dann die Gestalt [10]

COS .
Vo (1, 0,2) = Jn(M‘){ , }(nso)e"” (1.4.7)
S1n
mit der Wellenzahl
E* = M\ 4+ B2 (1.4.8)

Der kontinuierliche Parameter A € [0, oo entspricht hier dem parallelen Anteil des
Wellenzahlvektors k und h dem senkrechten Anteil, wobei sich parallel und senkrecht
auf die Trennflache zwischen zwei Schichten bezieht. Man beachte, dass die senkrech-
te Wellenzahl h selbst fiir reelle Wellenzahlen k£ und A komplexe Werte annehmen
kann. Fiir Dielektrika mit einer komplexen Permittivitit e(w) ist allerdings die Wel-
lenzahl k£ im Medium selbst eine komplexe Zahl. Der diskrete Parameter n, der
auch als Index in die Besselfunktion J,,(Ar) eingeht, kommt aus der 27-Periodizitét
beziiglich des Azimutwinkels ¢ und kann ganzzahlige Werte aus dem Intervall [0, oo
annehmen. W&hlt man nun noch den Einheitsvektor e, der Symmetrieachse als Pi-
lotvektor a, so erhélt man fiir die Vektorwellenfunktionen

My (h) =V X (Yipa(r, ¢, 2)e.) und

1
N:l:n)\(h) - EV XV X (Qz]:l:n)\(rv 2 Z)ez>'

(1.4.9)

Betrachtet man die Vektorwellenfunktionen wieder im Fourier-Raum, so wird an
dieser Stelle ersichtlich, dass M senkrecht zu e, und k und damit senkrecht zur Ein-
fallsebene ist, die durch die beiden Vektoren e, und k aufgespannt wird. Daher kann
man mit der Vektorwellenfunktion M die TE-polarisierten Moden in der Schicht-
geometrie beschreiben. Die Vektorwellenfunktion N hingegen ist senkrecht auf M
und k, wodurch diese Vektorwellenfunktion innerhalb der Einfallsebene liegt, sodass
sich mit N die TM-polarisierten Moden beschreiben lassen. Das elektrische und
magnetische Feld sind dabei durch eine Linearkombination beider Anteile gegeben.

Man erhélt aus Gl. (1.4.9) die Vektorwellenfunktionen fiir die Zylinderkoordina-
ten [10, 35]

M (h) = (IFn Jn (A1) {::;}(HQO)GT _ 6J,é(:\7’) {COS}(ngo)%) eh* (1.4.10)

r sin

Ny (h) = (g 0.Ju(Mr) ) g, 7 ihn J,(Ar) {ir; Lnge,

kK Or sin k r
2
n A_an){ws}(n@)ez) eih? (1.4.11)
k sin

16



1.4. DIE FREIE DYADISCHE GREENSCHE FUNKTION IN ZYLINDERKOORDINATEN 17

Diese Vektorwellenfunktionen erfiillen die Orthogonalitétsrelationen

’ , ~—/ 7T)\ ’
/ d3,r M:I:n)\(_hl) ' M:l:n’)\/(_hl) = Qh//(s()\ —A )(1 + 57170)5”7”/7
Z'< 1

0

o _, A ) A2 + |hy|?
/ ' Ny (=h) - N (—h1) = 52500 = X)(1 + 0n,0) 0 ‘21| ’
o0 2h] L3

/ @ N\ (—ha) - My (—ha) = / &' M0 (=) Ny (=) = 0,
2'<0 #<0
(1.4.12)

die hier fiir komplexwertige Wellenzahlen h eine kompliziertere Form als in [10]
annehmen. Man beachte, dass sich die Volumenintegration iiber das Quellenvolumen
erstreckt, das hier durch den Halbraum fiir alle z < 0 gegeben sein soll.

Die dyadische Greensche Funktion kann nun anhand der Vollstandigkeitsrelation
konstruiert werden, wobei der an den Details interessierte Leser auf das Buch von
Chen-To-Tai [10] verwiesen wird. Man erhélt dann fiir die freie dyadische Greensche
Funktion als Losung der inhomogenen Wellengleichung (1.1.5) fur z > 2’ [10]

I N
G"(r,v) = f/ dA E %{Mim(h) ® My ,p(—h)
TJo n=0 (1 4 13)

+ Nink(h) & N/:I:n)\(_h>}

Hierbei kennzeichnen die Striche an den Vektorwellenfunktionen, dass hier die Ko-
ordinaten des Quellpunktes r’ zu benutzen sind, wohingegen bei den ungestriche-
nen Vektorwellenfunktionen die Koordinaten des Beobachtungspunktes r zu ver-
wenden sind. Aulerdem muss das dyadische Produkt zweier Vektorwellenfunktionen
M. ,x(h) ® M, (—h) als Summe der Produkte der Vektorwellenfunktion mit dem
oberen und dem unteren Vorzeichen gelesen werden, d.h.

My (h) @ MYy, (=h) = My (h) @ M/, (=h) +M_,\(h) @ M.\ (=h). (1.4.14)

Die freie Greensche Funktion aus Gl. (1.4.13) erfiillt die Sommerfeldsche Ausstrahl-
bedingung

lim 7|V x GE(r,r') —ike, x G¥(r,r')| =0 (1.4.15)
und stellt damit eine Grundlosung der dyadischen Wellengleichung fiir auslaufende
Transversalwellen dar. (Sie erfiillt offensichtlich die homogene Helmholtz-Gleichung
(1.4.1), da auch die Préfaktoren im #ufleren Produkt Losungen dieser Gleichung
sind.) Auflerdem kann man anhand der Konstruktion leicht sehen, dass die Symme-
trierelation in Gl. (1.1.6) erfiillt wird. Die entsprechende freie Greensche Funktion
fiir z < 2’ kann man hieraus durch das Umkehren der Vorzeichen der Wellenzahl h
in allen Argumenten der vier Vektorwellenfunktionen erhalten. Mittels dieser freien
Greenschen Funktion, die ja die Losung der Helmholtz-Gleichung fiir eine Delta-
Inhomogenitat darstellt, konnen die Greenschen Funktionen fiir beliebige Schicht-
geometrien [35] durch Linearkombination erzeugt werden, wobei die entsprechenden
Randbedingungen (1.1.7) zu implementieren sind, um die Koeffizienten und damit
die eindeutige Losung zu bestimmen.

17



18 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

1.5 Greensche Funktion fiir eine Halbraumgeo-
metrie

Die Konstruktion der Greenschen Funktion in einer planaren Geometrie geschichte-
ter Medien mit der freien dyadischen Greenschen Funktion in Gl. (1.4.13) soll nun
anhand der einfachsten Geometrie dieser Klasse von Geometrien durchgefiihrt wer-
den, der Halbraumgeometrie in Abb. 1.1. Daher sei der Halbraum fiir alle z < 0
durch ein Dielektrikum mit der Permittivitidt ¢; gegeben und der Halbraum fiir alle
z > 0 durch ein Dielektrikum mit der Permittivitéit e;. Da in den folgenden Ab-
schnitten das fluktuierende Feld im Dielektrikum 2 bestimmt werden soll, das durch
die fluktuierenden Quellenstrome im Dielektrikum 1 erzeugt wird, ist es zunéchst
notwendig, die dyadische Greensche Funktion Gg; im Dielektrikum 2 mit den Quel-
lenstromen im Dielektrikum 1 zu bestimmen.
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Abbildung 1.1: Skizze zur Konstruktion der Greenschen Funk-
tionen fiir die Halbraumgeometrie.

Anschaulich ist klar, dass ein Quellenstrom bei 2z’ im Dielektrikum 1 ein propa-
gierendes Feld erzeugt, das an der Grenzflache bei z = 0 teilweise reflektiert und
teilweise in das Dielektrikum 2 transmittiert wird. Der mathematische Ansatz fiir
die Greenschen Funktionen hat dementsprechend die Form

Gy =G+ Gy
G = Gy

Die dyadische Greensche Funktion Gy; im Dielektrikum 1 mit den Quellenstréomen im
Dielektrikum 1 setzt sich in diesem Ansatz aus der freien Greenschen Funktion G, im
Dielektrikum 1, die den auslaufenden Anteil des elektrischen Feldes beschreibt, und
dem an der Grenzflache bei z = 0 reflektierten Anteil Gy, zusammen. Die dyadische
Greensche Funktion Gg; im Dielektrikum 2 mit den Quellenstromen im Dielektri-
kum 1 ist dagegen allein durch den transmittierten Anteil Gy, der urspriinglichen
Welle gegeben. Driickt man den reflektierten Anteil durch die dyadische Greensche

18



1.5. GREENSCHE FUNKTION FUR EINE HALBRAUMGEOMETRIE 19

Funktion in Gl. (1.4.13) mithilfe der Koeffizienten r? fiir die TE-Moden und Tﬁ2 fiir
die TM-Moden aus, so kann man den Ansatz [10]

1 - /
Gﬁ — _/ d)\ Z { Min)\(hl) + TJ_ Min)\( h]_)) ® M:I:nk(_hl)

(N () + PN (<)) © Ny (— hl)}
(1.5.3)

machen. Die Vorzeichen in den Préafaktoren bestimmen, ob es sich um auslaufende
oder einlaufende Losungen handelt. Auflerdem sind die Postfaktoren fiir G; und Gy,
die gleichen, da beide Wellen den gleichen Ursprung haben. Entsprechend kann man
den transmittierten Anteil mithilfe der Koeffizienten t3' fiir die TE-Moden und tﬁl
fiir die TM-Moden ansetzen [10] und bekommt

i o0 > (2 — (5n, ) /
G2El - E/O “ nzzg Tlo{tilMin)\(h)) ® M:I:nk(_h’l)

(1.5.4)
+t|| "N (he) @ N (— hl)}.

Auch hier bestimmen die Prafaktoren den Charakter der auslaufenden Wellen, aller-
dings handelt es sich diesmal um Wellen im Medium 2. Man beachte, dass bei dieser
Konstruktion der Ursprung der Welle nicht nur in die Postfaktoren eingeht, die mit
denen in G¥ iibereinstimmen, sondern auch in den Nenner unter dem Integral, der
proportional zu hq ist.

Die magnetische dyadische Greensche Funktion G2 kann mittels des Faraday-
schen Induktionsgesetzes in Gl. (1.1.8) und den Relationen zwischen N und M in
Gl. (1.4.4) direkt bestimmt werden, sodass man im Dielektrikum 2

Ggl = lw'u V x G
ko = (2= 0n0) [ o1
- Amwg /0 dA 2::0 Ay t7 Nana(h2) @ M,z (—ha) (1.5.5)

R M (ha) ® N;m<—h1>}

erhélt.
Zur Losung des klassischen elektrodynamischen Problems fiir die gegebene Geo-
metrie miissen nur noch die richtigen Randbedingungen fiir das elektrische Feld
implementiert werden. Dabei kénnen die beiden Randbedingungen in Gl. (1.1.7) bei
z = 0 mit n = e, fiir die TE- und TM-Moden einzeln angewendet werden, da N und
M linear unabhéngig sind. Man erhélt daher vier Bestimmungsgleichungen fiir die
vier unbekannten Koeffizienten in den dyadischen Greenschen Funktionen, die man
leicht auflésen kann. Es ergeben sich die Fresnelschen Amplitudenreflexionskoeffizi-
enten [31]
Tlf _ hi — hg und Tﬁz _ hiea — hoey
hl + hg h1€2 + h261

(1.5.6)

19



20 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

und die Amplitudentransmissionskoeffizienten

2h1 2h1ﬁ61€2
T d ="YX _= 1.5.7
+ hg + hl b I h2€1 + h1€2 ( )

fiir die Transmission bzw. Reflexion ebener elektromagnetischer Wellen an einer
planaren Oberflache. Anhand dieser Gleichungen kann man leicht sehen, dass die
Fresnel-Koeffizienten fiir die TE-Moden die Beziehung ¢, + r; = 1 erfiillen, wohin-
gegen dies fiir die TM-Moden nicht gilt. Die Reflexions- und Transmissionskoeffizi-
enten fiir die Reflexion bzw. Transmission einer ebenen elektromagnetischen Welle
an einer planaren Oberflache sind fiir die TE- und TM-Moden durch [36]

R=|r> und T =1—|r]? (1.5.8)

definiert, sodass offensichtlich
R+T=1 (1.5.9)

gilt. Man beachte, dass T # |t|? ist.

1.6 Die propagierenden Moden des fluktuieren-
den Feldes

Nachdem die Greenschen Funktionen fiir die Halbraumgeometrie in Abb. 1.1 fiir
Zylinderkoordinaten bekannt sind, kann man nunmehr die fluktuierende Elektrody-
namik auf diese Geometrie anwenden. Dazu geht man davon aus, dass im Dielektri-
kum 1 ein lokales thermodynamisches Gleichgewicht bei der Temperatur T} vorliegt.
Das Dielektrikum 2 hingegen habe die Temperatur 75, es liegt hier also ebenfalls
ein lokales thermodynamisches Gleichgewicht, allerdings bei T' = T, vor. Im Rah-
men der fluktuierenden Elektrodynamik kann es einen Energieaustausch zwischen
den beiden Medien nur durch die fluktuierenden elektromagnetischen Felder geben,
sodass das lokale thermodynamische Gleichgewicht in den beiden Dielektrika von
auflen durch Energiezufuhr bzw. Energieabfuhr aufrecht gehalten werden muss.

Um den Energieaustausch bzw. den Strahlungswarmetransport zwischen den bei-
den Medien angeben zu kénnen, muss man die Energie pro Fléache und Zeit bestim-
men, die durch die Grenzflache beider Dielektrika bei z = 0 geht. Die zentrale Grofie
ist daher in diesem Fall der Poynting-Vektor

(S) = (E x H), (1.6.1)

wobei die spitzen Klammern wieder das Ensemble-Mittel symbolisieren. Der Ener-
giefluss von Dielektrikum 1 in das Dielektrikum 2 durch eine Flédche parallel zur
Grenzflache zwischen beiden Dielektrika ist durch die z-Komponente des Poynting-
Vektors gegeben, wobei man das Ensemble-Mittel derjenigen Felder im Dielektrikum
2 zu nehmen hat, die durch die Quellenstréme im Dielektrikum 1 erzeugt werden.

20



1.6. DIE PROPAGIERENDEN MODEN DES FLUKTUIERENDEN FELDES 21

Man bekommt somit entsprechend (1.1.13) die Gleichung
(21,2) = €ap=(EaHp)

0 3. n
- / dw Eo(w,m%ﬁ(w)
0

x/ d? (Gfl(r,r’)GiT(r,r’)) + c.c.
2'<0 ap

mit dem Levi-Civita-Tensor €,4,. Um diesen Ausdruck auszuwerten, muss vor allem
das Integral iiber das Quellenvolumen bei z < 0 berechnet werden. Setzt man die
dyadischen Greenschen Funktionen aus den Gl (1.5.4) und Gl. (1.5.5) in das Integral
tiber das Quellenvolumen in Gl. (1.6.2) ein, so erhilt man unter Verwendung der
Orthogonalitétsrelationen in Gl. (1.4.12)

(2 — 5n0)
d3r’ = dA d)\’
/TG 2 = %uo/ / LNl {

2P M g () © N (o) /dgr'M;M( L A

(1.6.2)

+ |t | Nina(he) ® M:l:n’)\/(h2) /dgrl Nl:l:nk(_hl)N;:n’)\’(_hl)}

iks — 6n0)
= [@m)2wm /d)‘ Z W{‘thMim(hz) ® N (ho)

A+ |h 4 —
P2 LN s ha) © B ()}
1
(1.6.3)

Bevor man die z-Komponente des Poynting-Vektors in Gl. (1.6.2) angeben kann,
miissen die Relationen

€apz(Mann(ha) @ Napa(ho)) 5 = Ml (ho)NL, (ho) = MZ,, (ho) N5 (o)
T rn2 72 27
= —T—Qe—%’a’z () + OJn(Or) (1.6.4)
ko |2 or |
€agz(Ntna(h2) @ Mipa(ho)) 5 = Nl (ho) ML, (ho) — NE, (ha) M5 (o)
ihy oy, [R2J2 (M) L (90) *]
=——oc¢
ko | r? or
bekannt sein. Diese kann man wegen der Translationssymmetrie des Systems quer zur
z-Achse vereinfachen, denn aufgrund dieser Symmetrie muss der Poynting-Vektor fiir
alle Punkte auf einer Ebene parallel zur Grenzflache zwischen den beiden Halbréu-
men den gleichen Beitrag liefern. Dementsprechend kann ein beliebiger Punkt auf

solch einer Ebene gewihlt werden, wobei sich die Gleichungen gerade fiir die spezielle
Wahl r = 0 stark vereinfachen, sodass sich die Gleichungen

(1.6.5)

— ih ",
€afz (M:I:n)\(h2) ® N:I:n)\(h2)>a6 E 22 [5n 1 + 5n 1] )\2 —2h;
2
—_— ih "
Eagz (Nin)\(hg) ® Mj:n)\(hQ))aﬁ - —Ez [5n,1 + 6n,—l:| )\29_2h2z (166)
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22 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

ergeben. Mithilfe diesen Gleichungen erhélt man nun fiir das Integral iiber das Quel-
lenvolumen den Ausdruck

1 )\e—2h’2’z
wse |37 (GEGHT c. = /d)\
66/ 7“( 2121 aﬁ+cc 8wt I 2R

x {\til\2Re(h2) FIR

A2+ |hy? Re(h2E§)}
K1 |? ko2 )
(1.6.7)

Setzt man schliellich in diese Losung fiir das Integral iiber das Quellenvolumen die
Amplitudentransmissionskoeffizienten aus Gl. (1.5.7) ein, erhélt man unter Verwen-
dung der Beziehungen

1

€] = —Re(h1)Im(hy) und 1
0

(A + [h1]*)Re(h1) = Re(hiEq)  (1.6.8)

den Poynting-Vektor

<521 Z> _ /oodw Eo(w, Tl) /ood)\ )\e_Qh/z/Z{ 4Re(h1)Re(h2) i 4R€(h1€T1)Re(h,2ET2) }
7 0 @2m)?  Jo |h1 + hol? |ha€r1 + b€l

(1.6.9)
Anhand dieser Formel kann man bereits eine wichtige Eigenschaften des Poynting-
Vektors diskutieren. Der Integrand ist invariant bei Vertauschung der Materialei-
genschaften 1 «» 2, was eine direkte Folge der Spiegelsymmetrie der geometrischen
Anordnung des Systems ist. Daher stimmen (S .(2)) und (Sis.(—2)) vom Betra-
ge her iiberein, wenn beide Dielektrika die gleiche Temperatur haben. Es ist daher
auch sichergestellt, dass im globalen thermodynamischen Gleichgewicht, wenn also
Ty = T; gilt, eine Balance zwischen den beiden Energiefliissen herrscht, sodass es ins-
gesamt im Mittel keinen Energietransfer gibt. Fiir T} # T ist der Nettoenergiefluss
vom Dielektrikum 1 ins Dielektrikum 2 daher

(S2) = (S21:(2 = 0,T1)) — (S1.2(2 = 0, 13))
[ [Eo(w, Th) — Bo(w, T3)]
- (2m)? (1.6.10)

_onr, [ ARe(h1)Re(he)  4Re(hi€.1)Re(hg€r) }
d)\ )\ 2h22 +
/ ‘ { [y + hal? oo + haeral?

bzw. in abgekiirzter Schreibweise

_ [EO(W>T1) - EO(W>T2)}
<SZ> B /dw (27r)2

/ dA e 2T + T (1.6.11)

mit den Transmissionskoeffizienten

4Re(h1)Re(h2)
|h1 + hol?

Offensichtlich enthélt der Nettoenergietransfer in Gl. (1.6.11) keine Nullpunktsan-
teile. Da bei der Bestimmung des Gesamtenergieiibertrages im Prinzip immer Dif-
ferenzen von Poynting-Vektoren betrachtet werden und somit auch Differenzen von

4Re(h1€r1)Re(h2Er2)

T21 —
+ |h267~1 + h1‘2

und T||21 =

(1.6.12)
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1.6. DIE PROPAGIERENDEN MODEN DES FLUKTUIERENDEN FELDES 23

Bose-Einstein-Funktionen, kiirzt sich der Nullpunktsbeitrag Aw/2 stets heraus. Da-
her braucht dieser Anteil bei der Bestimmung des Strahlungswérmetransportes ge-
nerell nicht beriicksichtigt zu werden.

Um nun die Abstrahlung des Dielektrikums 1 in das Vakuum bei T, = 0 zu
betrachten, wird der Grenzfall €., — 1 und €, — 0 ausgefiihrt. Damit konvergiert hs
gegen \/k3 — A2, sodass man den A-Integranden in Gl. (1.6.11) in den propagierenden
Anteil fiir alle A € [0, ko] und in den evaneszenten Anteil fiir alle A € [kg, oo aufteilen
kann. Fiir die propagierenden Moden ist hs rein reell, sodass man oszillierende Felder
proportional zu exp(ihyz) hat. Fiir die evaneszenten Moden ist hy — iy/A\2 — k2 =: iy
rein imagindr, sodass man geddmpfte Felder proportional zu exp(—yz) hat. Da der
Integrand in Gleichung (1.6.11) fiir €/, — 1 und €, — 0 proportional zu Re(hs) ist,
tragen nur die propagierenden Moden zum Poynting-Vektor bei. Damit verliert der
Poynting-Vektor seine z-Abhéngigkeit und man kann die in das Vakuum abgestrahlte
Energie pro Flédche und Zeit durch

5 /oodw [Eo(w, T7) — 2] /kodM {4Re(h1)h2 N ARe(hi%1)hs
’ 0 (2m)? 0 |h1 + hal? |ho€r + hyl?

> BEwT) o 21 21
= /0' dw 7(271_)2 /0' d)\ A(Tpr,J_ + Tpn”)

} (1.6.13)

mit dem thermischen Anteil der Bose-Einstein-Funktion

hw
E(w,TY) := Ey(w,T7) — 5 (1.6.14)
angeben. Es kann gezeigt werden (siehe Anhang C), dass die Transmissionskoeffizi-

enten fiir die propagierenden Moden mit
Tp?rl,J_ =1- |Til‘2 und Tp?rl,H =1- |Tﬁ1‘2 (1615)

iibereinstimmen, wobei €, = 1 und hy = /kZ — A2 gelten. Damit hat man das
bekannte Kirchhoff-Plancksche Strahlungsgesetz fiir einen Wérmestrahler abgelei-
tet [22].

Natiirlich kann man aus Gl. (1.6.13) auch das Stefan-Boltzmann-Gesetz fiir einen
schwarzen Strahler ableiten. Dazu beachte man zunéchst, dass fiir die propagieren-
den Moden stets |ry|,|r.| € [0,1] gilt. Somit bekommt man formal die maximal
abgestrahlte Energie, falls || = [ri | = 0 fiir alle lateralen Wellenzahlen A und
alle Frequenzen w gilt, sodass an der Oberfliche des Dielektrikums 1 keine Refle-
xion, sondern vollstindige Transmission stattfindet. Man erhélt dann das Stefan-

Boltzmann-Gesetz
& Aw w? ¢
S = dy ——— ——
(Sz5) /0 Yol _ 17234 (1.6.16)
= UBBT4

fiir den schwarzen Strahler (black body) mit opp = 5,67 - 1078 Wm 2K ~*.
Man beachte an dieser Stelle, dass man zwar durch das Setzen von €¢; = ¢, das
Stefan-Boltzmann-Gesetz erhélt, es aber sinnvoller ist, den Grenzfall €, — 1 und
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24 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

e/, — 0 zu betrachten. Schlieflich gibt es dem Fluktuations-Dissipations-Theorem

in Gl. (1.1.10) zufolge nur fir endliche €/, iiberhaupt fluktuierende Quellenstréjme
und damit die Warmestrahlung. Allerdmgs reicht ein unendlich kleines €, aus, um
jegliche Strahlung, die in das Dielektrikum 1 eindringt, zu absorbieren, da das Di-
elektrikum 1 unendlich grof§ ist. Somit hat man zumindest formal eine Realisierung
des schwarzen Strahlers.

Das genaue Gegenteil eines schwarzen Strahlers ist das ideale Metall, das da-
durch charakterisiert ist, dass es jegliche Strahlung reflektiert, d.h. es wird keine
Strahlung absorbiert und es gilt |r| = |r.| = 1 fiir alle Frequenzen. Setzt man die-
se Reflexionskoeffizienten in Gl. (1.6.13) ein, erhélt man einen Nettoenergietransfer
von Null. Somit strahlt ein ideal absorbierender Halbraum die maximale durch das
Stefan-Boltzmann-Gesetz gegebene Energie ab, wohingegen ein ideal reflektierender
Halbraum ohne jegliche Absorption keinerlei Energie abstrahlt.

1.7 Die evaneszenten Moden des fluktuierenden
Feldes

Der Poynting-Vektor in Gl. (1.6.13) enthélt selbst keine Informationen iiber die eva-
neszenten Moden, sondern nur iiber die propagierenden Moden. Um fiir die gegebene
Geometrie dennoch Informationen iiber die evaneszenten Moden zu erhalten, ist es
notwendig, die Energiedichte

(u) = %O(E2) + %(H% (1.7.1)

im Dielektrikum 2 zu bestimmen, das durch das Vakuum gegeben sein soll, sodass
€2 = €g und hy = \/k3 — A2 gelten. Die Berechnung der Energiedichte setzt entspre-
chend der Definition in Gl. (1.7.1) die Bestimmung der Korrelationsfunktionen des
elektrischen und magnetischen Feldes (E,Ejs) und (H,Hg) voraus. Die Berechnung
der Korrelationsfunktion des elektrischen Feldes soll nun exemplarisch durchgefiihrt
werden.
Gesucht ist entsprechend Gleichung (1.1.13)
o0 wEIl (C(J)

(Ealr OFs(r.0) = [ o B, T =L 1)

m
></d37" (GflelT) + c.c.
af

mit der Greenschen Funktion GZ aus Gl. (1.5.4) fiir die Felder im Dielektrikum 2,
die durch die Quellenstréme im Dielektrikum 1 erzeugt werden. Betrachtet man
zuerst nur das Integral iiber das Quellenvolumen, so bekommt man mit den Ortho-
gonalitétsrelationen fiir die Vektorwellenfunktionen in Gl. (1.4.12), den Ausdruck

, (2~ b,0) _
/ r (G G ) ; 167r2/ Z S {th(MiM(h”@Msz))

N+ |hy)? —
+ |t \2# Nipa(h2) @ Nina(he) -
| | af

(1.7.2)

af

(1.7.3)
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Dieser Tensorausdruck ist noch sehr allgemein und kann wieder dadurch vereinfacht
werden, dass man wegen der Translationssymmetrie quer zur z-Achse keinen aus-
gezeichneten Punkt hat und somit die besonders einfache Wahl r = 0 treffen kann.
Da die Bestimmung der Energiedichte insbesondere die Bestimmung der Spur des
Tensorausdruckes in Gl. (1.7.6) voraussetzt, fithren die Relationen

o \2e—2hYz
(M:I:n)\(h2) ® M:I:n)\(h2)) =5 (601 + 0n1] (1.7.4)

(7%
A\2e—2h5z ‘h2|2 2)\2

(N:I:n)\(h2) X N:I:nk(lh)) - T |:(5n,1 + 5n,—1)W + 571,0@] (175)

fiir r = 0 zunachst auf

1 Ae~ 2z A2+ [h|* A2 + | hy?
d3r GEGET _ /d)\ 42112 42112 1 ‘
Jer (eses’) g [ (et

(1.7.6)

Mit den gleichen Umformungen wie bei der Berechnung des Poynting-Vektors

kann man nun direkt die Korrelationsfunktion des elektrischen Feldes in Gl. (1.7.2)
bestimmen und erhélt

oo oo 21 21 2 2
B — 3/ 1, Bo(w 1) / Do [T T X))
€ Jo (271')2 0 2¢2 Re(hQ) Re(h,QE,«Q> ‘k2‘2
(1.7.7)
wobei die Transmissionskoeffizienten 7' und T”21 mit denen fiir den Poynting-Vektor

in Gleichung (1.6.12) iibereinstimmen. Der entsprechende Ausdruck fiir die Korrela-
tionsfunktion des magnetischen Feldes kann auf die gleiche Weise berechnet werden
und man erhélt

2 [® Ey(w,Ty) [ , T2 X2 |hyf? T
<H2>:_/ du) O(w’21)/ d)\)\e_QhQZ%{ 1 +|22‘ + ||_ }
Ho Jo (27T) 0 2c Re(hg) |k’2| Re(hgerg)
(1.7.8)
Man beachte an dieser Stelle, dass die Korrelationsfunktionen (E?) und (H?) ge-
nau wie der Poynting-Vektor die Transmissionskoeffizienten 7', und 7T} enthalten,
wobei diesmal die Proportionalitét der Transmissionskoeffizienten zu Re(hs) bzw.
Re(hg€2) herausdividiert wird. Dementsprechend ergeben diese Korrelationsfunk-
tionen fiir e = €7 auch einen Wert fiir die evaneszenten Moden mit A > kg, fiir die

dann
hy =iy / A2 — kg =:iy (1.7.9)

rein imaginar ist. Auflerdem kann man hier bereits sehen, dass im stark evanes-
zenten Bereich, in welchem koz < 1 und A > kg und damit h, ~ i\ gilt, fiir
die Korrelationsfunktion (E?) der Hauptbeitrag von den evaneszenten TM-Moden
herrithrt. SchlieBlich wird der Transmissionskoeffizient T} im Gegensatz zu 77" mit

A2 gewichtet, sodass fiir groe A der TM-Moden-Beitrag das A-Integral dominiert.
Fiir die Korrelationsfunktion des magnetischen Feldes (H?) ist diese Situation ge-
nau umgekehrt, sodass der Hauptbeitrag im stark evaneszenten Nahfeld durch die
evaneszenten TE-Moden geliefert wird.
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26 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Mithilfe der Korrelationsfunktionen in Gl. (1.7.7) und (1.7.8) kann man nun
problemlos die Energiedichte in Gl. (1.7.1) angeben, wobei man fiir e = ¢ und
hy = hg

bekommt, wobei die Wellenzahl

2k2, fiir A < ko

1.7.11
22, fiir A > ko ( )

ﬁ:ﬁ+mﬁ+%={

eingefithrt wurde. Um diese Formel fiir die Energiedichte besser interpretieren zu
konnen, ist es sinnvoll, die Transmissionskoeffizienten 7% und THOl durch die Fres-
nelschen Amplitudenreflexionskoeffizienten in Gl. (1.5.6) auszudriicken. Dazu ist es
notwendig, das A\-Integral in den propagierenden und evaneszenten Teil aufzuspalten
und die Relationen (siche Anhang C)

1—|r|2 ..
T {-7;—, fitr A < ko 1712)

Re(ho) 2 i X > kg

fiir die TE- bzw. TM-Moden anzuwenden. Man erhélt dann fiir die Energiedichte
den Ausdruck

= o BT L o 28 0y + - )

Aﬁxv;mp( )+mmn@

(1.7.13)

Entsprechende Ausdriicke erhiilt man fiir (E?) und (H?).

Betrachtet man nun wieder den Spezialfall €/, — 1 und €/, — 0, der fiir die
propagierenden Moden zum Stefan-Boltzmann-Gesetz fiihrt, so werden die Refle-
xionskoeffizienten rein reell und konvergieren betragsméfiig gegen Null, sodass der
Beitrag der evaneszenten Moden zur Energiedichte verschwindet und der propagie-
rende Anteil maximal ist. Man bekommt dann

2

<w=%ﬁm&(7nzy (1.7.14)

die Hélfte der Energiedichte des Vakuums und der Schwarzkorperstrahlung. Das
liegt daran, dass die abgeleitete Energiedichte auch nur die propagierenden Moden
beriicksichtigt, die in Richtung Dielektrikum 2 abgestrahlt werden. In einer globalen
Gleichgewichtssituation gébe es den gleichen Anteil an Strahlung in die entgegenge-
setzte Richtung, sodass man in diesem Fall den vollen Ausdruck fiir die Energiedichte
des Vakuums und der Schwarzkorperstrahlung erhielte. Dementsprechend gilt in die-
sem Fall auch (u) = 2(S5)/c, statt (u) = 4(S)/c. Weiterhin sieht man sofort, dass
die Nullpunktsschwingungen einen unendlich groflen Wert zur Energiedichte beitra-
gen, falls keine Regularisierung beispielsweise durch die Einfithrung eines Cutoffs im
Frequenzintegral durchgefiihrt wird.
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Bevor einige numerischen Auswertungen fiir die Energiedichte oberhalb des Di-
elektrikums diskutiert werden, soll die lokale Zustandsdichte D(w, z) eingefiihrt wer-
den. Diese Grofe erlaubt es, die Energiedichte als reines Frequenz-Integral

(u) = /Ooodw E(w,T)D(w, 2) (1.7.15)

zu schreiben. Ist der gesamte Raum durch das Vakuum erfiillt, so ist die lokale
Zustandsdichte im thermodynamischen Gleichgewicht beispielsweise durch

w2

Dy = s (1.7.16)
gegeben und doppelt so groB8 wie der in Gl. (1.7.14) abgeleitete Wert.

Aufgrund der Definition der Energiedichte ist klar, dass die lokale Zustandsdichte
vom elektrischen und magnetischen Anteil der Energiedichte abhéngt, sodass man
entsprechend Dg und Dy definieren kann, wobei D = Dg + Dy gilt. Es kann zusétz-
lich gezeigt werden [12], dass im globalen Gleichgewicht die lokale Zustandsdichte
D(w, z) proportional zum Imaginérteil der Spur der elektrischen und magnetischen
Greenschen Funktion ist, da die Korrelationsfunktionen der Felder in diesem Fall die
Form (1.2.14) haben. Aulerdem dominiert im evaneszenten Nahfeld mit koz < 1
die lokale Zustandsdichte der evaneszenten Moden iiber die der propagierenden Mo-
den, sodass De, > Dy, bzw. Do, > Dy gilt. Wie bereits anhand der Gleichungen
(1.7.7) und (1.7.8) diskutiert wurde, gelten im evaneszenten Nahfeld ndaherungswei-
se die Beziechungen Dy ~ Dj und Dy =~ D,. Fiir kyz < 1 kann man die lokale
Zustandsdichte mithilfe der Ndherung

"
und  Im(r%) ~ 2312 (1.7.17)

2¢”
Im(r9) ~ — =1t
( I ) |€7«1 —+ 1‘2

approximieren und erhélt
4 (k‘oZ)S |Er1 + 1‘2,

1 Do(w) "
— Erl'
16 k’oZ

Dg(w, 2z) = Dyj(w, z) =

DH(W>Z> ~ DJ_(CU,Z) ~

(1.7.18)

Man bekommt also im Nahfeld relativ einfache Potenzgesetze derart, dass (u ) oc 271

und (u)) o z~* gelten.

1.8 Energiedichte fiir verschiedene Materialien

In diesem Abschnitt sollen einige numerische Auswertungen der Gl. (1.7.13) fiir den
thermischen Anteil angefiihrt werden, die es erlauben, die Beitrédge der TE- und TM-
Moden zur Gesamtenergiedichte fiir verschiedene Materialien zu diskutieren. Dabei
soll insbesondere der Unterschied zwischen der Nahfeldenergiedichte fiir ein polares
Dielektrikum und ein Metall herausgestellt werden. Die numerisch berechneten Er-
gebnisse werden auf die Energiedichte (upp) eines schwarzen Strahlers normiert, die
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28 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

man mit der lokalen Zustandsdichte des Vakuums in Gl. (1.7.16) und dem thermi-
schen Anteil der Energiedichte in Gl. (1.7.15) leicht bestimmen kann. Man kann die
Energiedichte des schwarzen Strahlers aber auch direkt aus dem Stefan-Boltzmann-
Gesetz (1.6.16) ableiten, sodass

4 4
(upp) = E<SBB> = EUBBT4 (1.8.1)

gilt. Fiir die numerische Auswertung wird angenommen, dass das Dielektrikum 1
Zimmertemperatur hat, sodass 77 = 300 K ist. Bei dieser Temperatur betriagt die
Energiedichte der Schwarzkorperstrahlung (ugpg) =~ 6,1-107¢ Jm™3.

log(u/ ugg )

-10 -8 -6

Abbildung 1.2: Numerische Ergebnisse fiir die Energiedichte
oberhalb eines GaN-Halbraumes, dessen Permittivitdt durch
die Reststrahlenformel gegeben ist.

Benutzt man fiir die Permittivitét die Drude- bzw. die Reststrahlenformel (siehe
Anhang A), kann man die Energiedichte fiir ein Metall bzw. Dielektrikum bestim-
men. Um die Energiedichte eines GaN-Halbraumes zu bestimmen, wird die Rest-
strahlenformel benutzt, wobei nach Adachi [37] die Parameter w; = 1,4 - 1014571,
wy=1,1-10"s71 v =1,5-102s7! und e, = 5, 35 gelten. Das Ergebnis der numeri-
schen Berechnung ist in Abb. 1.2 geplottet. Man sieht, dass die TM- bzw. TE-Moden
bereits fiir Abstdnde unter 1 um den Schwarzkorperwert iibersteigen und in die ent-
sprechenden Potenzgesetze

(up)ocz™' und  (uy) o 27? (1.8.2)

iibergehen. Somit divergiert die Energiedichte fiir sehr kleine Absténde oberhalb des
dielektrischen Halbraumes. Es ist dabei zu beachten, dass die fluktuierende Elek-
trodynamik eine makroskopische Theorie ist, sodass fiir Abstdnde weit unterhalb
von 100 nm die Aussagekraft dieser Theorie kritisch zu hinterfragen ist. Eine bedeu-
tende Eigenschaft der Energiedichte oberhalb eines nichtleitenden Materials bzw.
eines schlechten Leiters ist die Dominanz der TM-Moden, die die Gesamtenergie-
dichte praktisch fiir alle Abstéinde dominiert, wohingegen der TE-Moden-Anteil im
Nahfeld einen eher unbedeutenden Beitrag zur Energiedichte liefert.
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log(u/ ugg)

Abbildung 1.3: Numerische Ergebnisse fiir die Energiedichte
oberhalb eines Au-Halbraumes, dessen Permittivitit durch das
Drude-Modell gegeben ist.

Im Vergleich dazu betrachte man die Energiedichte im Nahfeld eines Halbrau-
mes aus Gold. Fiir die Permittivitdt wird die Drude-Formel mit den Parametern
wp = 1,4-10%s7! und 7 = 31075 aus dem Standardwerk von Ashcroft und
Mermin [38] verwendet. Das Ergebnis der numerischen Berechnung ist in Abb. 1.3
aufgetragen. Wieder ist gut zu sehen, dass fiir Abstdnde unterhalb von 1 pum der
Schwarzkorperwert deutlich iiberschritten wird, wobei die TE- und TM-Moden dies-
mal erst fiir Abstdnde kleiner als 100 nm in die Potenzgesetze (1.8.2) ibergehen. Au-
Berdem sieht man, dass die Gesamtenergiedichte fast fiir den gesamten Abstandsbe-
reich durch die TE-Moden dominiert ist, statt durch die TM-Moden, wie es bei GaN
der Fall ist. AuBerdem ist die Nahfeld-Energiedichte oberhalb eines Au-Halbraumes
bei Abstdnden iiber 100 nm weit grofler als die Energiedichte oberhalb des GaN-
Halbraumes. Man beachte aber, dass trotzdem der TM-Moden-Beitrag oberhalb
eines Au-Halbraumes um Groflenordnungen geringer ist als der entsprechende TM-
Moden-Beitrag oberhalb eines GaN-Halbraumes, was man gut an dem Schnittpunkt
dieser Beitrdge mit der Geraden (u)/(upp) = 1 festmachen kann.

1.9 Das optische Theorem

Die Berechnung der Korrelationsfunktionen (1.1.13) der fluktuierenden Elektrody-
namik beinhaltet stets eine Integration iiber das Quellenvolumen. Diese Integration
ist bei der Berechnung des Poynting-Vektors und der Energiedichte fiir eine Halb-
raumgeometrie noch relativ einfach, sie wird aber fiir kompliziertere Geometrien sehr
aufwendig. Das optische Theorem in Gl. (1.2.15),

wz " / / /
g@«(w) /d37’ <GE(r1,r)GET(r2,r)) ﬁ:Imeﬁ(rl,rz,w),
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30 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

erlaubt es nun, die Integration iiber das Quellenvolumen zu eliminieren und damit
die Berechnung der Feldkorrelationen enorm zu vereinfachen. Daher soll nun dieses
Theorem bewiesen und sein Anwendungsbereich genauer diskutiert werden.

Dazu wird die Helmholtz-Gleichung (1.1.5) in Komponentenschreibweise unter
Verwendung der Einsteinschen Summenkonvention

[&0“ — (A + k2)}GEZ-(r, r') = 0;0(r — 1') (1.9.1)

angegeben. Multipliziert man diese Gleichung nun von rechts mit @5(1‘,#’) und
integriert iiber r, erhélt man

—F ’

" / E "
Go,") =~ [dre (06 .16 1)
(1.9.2)

+ /d3r [alanGEi(ra r,)@g(r, ")) — AGE(r, r’)@g(r, r”)}.

Fiihrt man eine partielle Integration im zweiten Integral auf der rechten Gleichungs-
seite aus, bekommt man
=E 1 2 3 E N "
Gor") =~k [@re,()6E ()G rx")

(1.9.3)
— /d?’r [0GEi(r, r’)@n@lb;(r, ")) + 0 GE(r, r’)@kﬁg(r, r')].

Die Randterme verschwinden fiir |r| — oo, da die Greensche Funktion im Unendli-
chen verschwindet. Vertauscht man nun in dieser Gleichung j durch ¢ und r’ durch
r” und konjugiert das Ergebnis komplex, erhélt man

GER" ') = k2 / 012, (1) 8L (r, 1) GE (r, )
. » (1.9.4)
- /dgr [@an(r, r”)aneﬁ(r, r')) + akGlj(r> r”)ang(ra I”)}-

Zieht man diese Gleichung von der vorherigen ab, bekommt man schliellich das
optische Theorem aus Gleichung (1.2.15).
Auf dhnliche Weise kann man die entsprechende Gleichung

k‘g/d?’r'e;’(r’) (GE(rl,r')Gm(rz,r')) :iRe(Ggﬁ(rl,rz)) (1.9.5)
af

ableiten, sodass man mithilfe dieser Gleichungen fiir die Korrelationsfunktionen
(1.1.13) der Rytovschen Theorie

*° ; ’ w
(Eo(r,t)Eg(r', 1)) :/0 dwe_l“’(t_t)Eo(w,T)$Im(Gfﬁ(r,r’)) +c.c., (1.9.6)

(Eo(r, ) Hy(r', 1)) =0 (1.9.7)

bekommt. Diese Gleichungen stimmen mit den Korrelationsfunktionen fiir das ther-
modynamische Gleichgewicht (vgl. (1.2.14)) iiberein. Dass es sich bei diesen Glei-
chungen um die Gleichgewichtsvarianten handelt, wird sofort klar, wenn man die
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Korrelationsfunktion (E,Hg) = 0 betrachtet. Diese besagt nichts anderes, als dass
der Poynting-Vektor im Mittel verschwindet, es also im Mittel keinen Energiefluss
gibt, was fiir eine Gleichgewichtssituation charakteristisch ist. In der Tat ist das
optische Theorem eine rein elektrodynamische Beziehung, sodass es im Allgemeinen
nur fiir Gleichgewichtssituationen gelten kann.

Es stellt sich nun die Frage, ob man man das optische Theorem nicht auch in ei-
ner Nicht-Gleichgewichtssituation anwenden kann. Um diese Frage zu beantworten,
wird nun die elektrische Korrelationsfunktion (E?(r,#)) oberhalb eines Halbraumes
mithilfe des optischen Theorems berechnet und das Ergebnis mit dem entsprechen-
den Gegenstiick, das die fluktuierende Elektrodynamik liefert, verglichen. Gesucht
ist Gl. (1.9.7) zufolge der Imaginirteil der Greenschen Funktion G¥(r,r’) mit r =1’
im Dielektrikum 2. Fiir diesen Fall, dass Beobachtungs- und Quellort in der Green-
schen Funktion iibereinstimmen, ist die Greensche Funktion im Allgemeinen diver-
gent, was man anhand der freien Greenschen Funktion in Gl. (1.3.10) leicht sehen
kann. Deshalb ist es notwendig, eine Renormierung durchzufiihren, wobei hier die
Renormierung [23]

Gren(r, 1) := lim [G(r,r’) — Go(r,1’)] (1.9.8)

r—r’/
verwendet werden soll. Da sich die Greensche Funktion fiir eine gegeben Geometrie
stets aus dem freien und dem gestreuten Anteil zusammensetzt, ist sofort klar, dass
die renormierte Greensche Funktion mit der Streuldsung iibereinstimmt. Daher hat
man fiir die renormierte Greensche Funktion oberhalb des Dielektrikums 1

Gion(r,1) = ﬁ /OOO dA ZO & ;hi"’o {MM(hz)®M(h2)—l—r”N(hg)@N(hg)}. (1.9.9)

Diese Greensche Funktion kann man leicht in propagierende und evaneszente Moden
zerlegen, wobei fiir die evaneszenten Moden mit A > kg die Wellenzahl durch hy =
iy :=iy/A? — k¢ und fiir die propagierenden Moden mit A < kg die Wellenzahl durch
hy = /k3 — A2 gegeben ist. Man beachte, dass hy fiir die propagierenden Moden
und ~ fiir die evaneszenten Moden rein reell sind. Es gelten somit die Beziehungen

. k oo
B . L 0 2— 5n,0
Gren,pr(r7 I') - An /; dA nzzg >\h2 {TJ_M(hQ) ® M(hQ) + THN(h?) ® N(h’Q)}

(1.9.10)
und
GE _(r r)—i/wdAi2_5n’° r1 M(iy) @ M(iy) + rN(iy) ® N(iv)
ren.evits t) T . T % 1 2 Y | Y ) (-
(1.9.11)

Dieser Ausdruck soll nun mit den entsprechenden Ausdriicken der Rytovschen
Theorie verglichen werden. Dazu wird der Ausdruck in Gl. (1.7.3) zunéichst mit kZe”
multipliziert. Mithilfe der Beziehungen in Gl. (1.6.8) und (1.6.12) erhélt man dann

2.1 3 1 NEnET 1 * = 2_5n,0 T
= — ——<¢T''M M
K2, /d Y GEG 87T/0 dx ZARe(hQ){ \M(hy) © M(hs)
n=0 (1.9.12)
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Man beachte nun entsprechend Gl. (1.7.12), dass fiir die propagierenden Moden,
dh. falls A < ko, fir den Transmissionskoeffizienten T = 1 — |r|? gilt, wohin-
gegen im evaneszenten Bereich, d.h. A\ > kg, fiir den Transmissionskoeffizienten
T = 2Im(r)Re(hs) /v gilt. Fir den propagierenden Anteil erhélt man daher

" ) 1 24, -
(kéerl /d?’r GEGET) =% d)\ > ™ ’0{(1 — [r [H)M(hy) @ M(hy)
prop n=0

(1= 1y P)N(hy) & N(h»}
(1.9.13)

und fiir den evaneszenten Anteil

<k§e;’1 /d3r/GEGET) :i/ d)\z — {Im r1)M(iv) @ M(iy)

+ (N (i) @ N(iw}.

(1.9.14)

Der so abgeleitete Ausdruck fiir den evaneszenten Bereich in Gl. (1.9.14) stimmt
direkt mit dem Imaginérteil von Gl. (1.9.11) iiberein, was sofort klar wird, wenn
man sich an die Definition der Vektorwellenfunktionen erinnert und erkennt, dass
die Vektorwellenfunktionen M(iy) und N(iy) reelle GroBen sind. Die Ausdriicke
fiir die propagierenden Moden in GIl. (1.9.13) und GI. (1.9.10) stimmen dagegen
nicht iiberein. Schlieflich sind die Ausdriicke M(hy) ® M(hy) und N(hy) @ N(hs)
in Gl (1.9.13) unabhéngig von z, da die Exponentialfunktionen in diesem Produkt
von Vektorwellenfunktionen im Argument den Imaginérteil von h, enthalten, der
fiir propagierende Moden verschwindet. Andererseits enthélt der Imaginérteil von
ir i M(hy) ® M(hg) bzw. iryIN(hy) ® N(hs) in Gl (1.9.10) Kosinus- und Sinusoszil-
lationen bzgl. des Argumentes hsz.

Fiir die Halbraumgeometrie stimmen somit die Ergebnisse, die man bei Verwen-
dung des optischen Theorems und der renormierten Greenschen Funktion erhélt, fiir
die evaneszenten Moden mit denen aus der Rytovschen Theorie iiberein. Fiir die
propagierenden Moden ergeben sich allerdings signifikante Unterschiede. Aus physi-
kalischer Sicht ist dieser Sachverhalt klar: In der Rytovschen Theorie sind das Di-
elektrikum 1 bei 77 # 0 und das Dielektrikum 2 bei 75 = 0 im lokalen Gleichgewicht.
Wie gezeigt wurde, fithrt das zu einer effektiven Abstrahlung des Dielektrikums 1
gemaf dem Kirchhoff-Planckschen Strahlungsgesetz durch die propagierenden Mo-
den. Die evaneszenten Moden selbst tragen nichts zum Energiefluss zwischen beiden
Dielektrika bei. Um eine globale Gleichgewichtssituation mit 75 = 77 zu erhalten,
muss es den gleichen Energiefluss von Dielektrikum 2 zu Dielektrikum 1 geben, so-
dass es im Mittel keinen Energiefluss gibt. Beide Situationen unterscheiden sich also
nur in den propagierenden Moden, sodass die Energiedichte oberhalb eines Medi-
ums beliebiger Geometrie fiir die evaneszenten Moden auch fiir 77 # T, mit dem
optischen Theorem bestimmt werden kann.
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1.10 Eigenschaften des Nahfeldes

Das thermische Nahfeld hat neben der Eigenschaft, dass die lokale Zustandsdich-
te bzw. Energiedichte um Groflenordnungen iiber den Schwarzkdérperwert liegen
kann, noch zwei weitere faszinierende Eigenschaften: Es ist zeitlich und rdumlich
kohérent [18]. Das sind zwei zunéchst sehr unerwartete Eigenschaften [17], da Strah-
lung einer thermischen Quelle wie etwa einer Gliithbirne als ein Paradebeispiel fiir
inkohérentes Licht gilt. Diese besonderen Nahfeldeigenschaften lassen sich letztend-
lich auf thermisch angeregte Oberflichen-Polaritonen zuriickfithren und sollen hier
nur kurz behandelt werden. Eine ausfiihrliche Darstellung findet man in [16, 18, 39).

100 = I I I I I

50

bel. Einheiten

o L1 | | | | |
110" 1.410™ 1.810™
/s’

Abbildung 1.4: Skalierte lokale Zustandsdichte (LDOS) und
skalierte spektrale Energiedichte p(w) (bei 77 = 300K) ober-
halb eines GaN-Halbraumes im Fernfeld bei z = 107° m.

Es soll nun zunéchst die zeitliche Kohérenz untersucht werden. Es ist bekannt,
dass monochromatisches Licht im Prinzip eine unendliche Kohérenzzeit hat. In der
Natur findet man stattdessen nur sogenanntes quasi-monochromatisches Licht [40],
d.h. Licht mit einer mittleren Frequenz v und einer Bandbreite Av < v, das ei-
ne Kohirenzzeit von At ~ Av~! hat. Um also zu zeigen, dass das Nahfeld zeit-
lich kohérent ist, reicht es aus, zu zeigen, dass das Spektrum der Energiedich-
te bzw. die lokale Zustandsdichte in dem thermisch zugénglichen Bereich quasi-
monochromatisch ist. Der thermisch zugéngliche Bereich ist der bei einer festen
Temperatur 7' durch die Bose-Einstein-Funktion E(w,T') ,,ausgewéhlte“ Frequenz-
bereich, d.h. der Frequenzbereich nahe der thermischen Frequenz wy, =~ 2, 8(h3) .

Dazu betrachte man die lokale Zustandsdichte D(w) aus Gl. (1.7.15) bzw. die
spektrale Energiedichte p(w) = E(w,Ti)D(w) oberhalb eines GaN-Halbraumes mit
der Temperatur 7} = 300 K im Fernfeld bei z = 107°m in Abb. 1.4 und im Nahfeld
bei z = 10~"m in Abb. 1.5, wobei der spektrale Bereich um wy, ~ 10%s~! von
besonderem Interesse ist. Fiir das Fernfeld ist sehr deutlich das Reststrahlenband
zwischen w; = 1,1-10"s7! und w; = 1,4-10* 57! zu erkennen. Das ist der Frequenz-
bereich zwischen w; und wy, in dem es keine Polariton-Anregungen im GaN gibt und
damit auch nur wenige Moden in der lokalen Zustandsdichte. Offenbar gibt es im
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Abbildung 1.5: Skalierte lokale Zustandsdichte (LDOS) und
skalierte spektrale Energiedichte p(w) (bei 77 = 300K) ober-
halb eines GaN-Halbraumes im Nahfeld bei z = 107" m.

Fernfeld keine erhchte Zustandsdichte fiir eine bestimmte Frequenz und damit kein
quasi-monochromatisches Licht. Folglich ist die Strahlung im Fernfeld wie erwartet
zeitlich inkohédrent. Im Nahfeld ist das Spektrum allerdings vollkommen von dem
Fernfeldspektrum verschieden [14] und man erkennt eine deutlich erhohte Zustands-
dichte bei der Frequenz des Oberflichen-Phonon-Polaritons, ws = 1,36 - 1014s71, in
Abb. 1.5. Daher hat man im Nahfeld ein quasi-monochromatisches Spektrum und da-
mit auch ein zeitlich kohdrentes Feld [14]. Fiir Metalle gilt eine dhnliche Feststellung,
nur dass in diesem Fall das quasi-monochromatische Spektrum von der Oberflichen-
Plasmon-Polariton-Resonanz herriihrt, die bei der Frequenz wy = w,/ V2 liegt.

Nachdem somit die zeitliche Kohérenz fiir das evaneszente Nahfeld bestétigt
wurde, soll die rdumliche Kohérenz [15] untersucht werden. Bekannt ist [40], dass
eine planare Quelle thermischer Strahlung mit der Wellenlédnge A eine Kohérenzldnge
von A\/2 aufweist. Um den Grad der rdumlichen Kohérenz zu bestimmen, betrachtet
man im Allgemeinen den Kreuzkorrelationstensor W3, der durch

(Eo(r,w)Es(r', ")) = Wap(r, 1’ w)d(w — ') (1.10.1)

definiert ist. Damit ist W, entsprechend Gl. (1.1.4) und (1.1.10) durch

Was(r, v/ w) = E(w, T)4rwe" (w)(pow)? /d37" <G2EIG2ElT) (1.10.2)
af

gegeben, wobei man die Integralausdriicke iiber das Quellenvolumen mittels der
Gln. (1.9.13) und (1.9.14) auswerten kann.

Wertet man den Kreuzkorrelationstensor W,z fiir 2 = 2’ und ¢ = ¢’ oberhalb
eines Halbraumes aus, zeigt sich, dass man im Fernfeld die Korrelation von A/2
wiederfindet, d.h. die elektrische Felder, die auf einer Ebene oberhalb des betrach-
teten Halbraumes um den Abstand p := |r —r/| < A/2 auseinanderliegen, sind
korreliert. Fiir das Nahfeld ist das Element des Kreuzkorrelationstensor W,,.(p) in
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1.10. EIGENSCHAFTEN DES NAHFELDES 35

Abb. 1.6 oberhalb eines GaN-Halbraumes aufgetragen, wobei dieser auf W,,.(0) nor-
miert wurde. Man sieht anhand dieser Abbildung sehr gut, dass man im Nahfeld bei
z = 1A = 14 pym eine Korrelationslédnge hat, die mehrere A\ betréagt. Im stark evanes-
zenten Nahfeld (es wird nur der Nahfeld-Anteil von W, betrachtet) bei z = 0,01\
findet man hingegen eine Korrelationslange, die bei weitem kleiner ist als \/2.

1

05 f

-05 f

0 ' > ' 4
p/A
Abbildung 1.6: Normierter Kreuzkorrelationstensor W, im

Nahfeld oberhalb eines GaN-Halbraumes aufgetragen {iber den
lateralen Abstand p = |[r — r/| mit A = 14 pm.

Dieses Phidnomen ist zunédchst iiberraschend, da die Felder von rdumlich unkorre-
lierten Quellenstromen erzeugt werden. Erwartungsgeméf3 erhélt man daher im stark
evaneszenten Bereich keine Korrelation des elektromagnetischen Feldes, da das qua-
sistatische Feld der fluktuierenden Quellenstrome in diesem Abstandsbereich den
Hauptbeitrag liefert. Dieser quasistatische Beitrag liefert, wie bereits gezeigt, ei-
ne Energiedichte (uj) o< z73. Die Kohérenz des Feldes ist im Fernfeld durch den
bekannten Schwarzkorperwert von A/2 gegeben. Fiir dielektrische Korper mit einer
endlichen Ausdehnung [ nimmt die Korrelation der Felder fiir Abstédnde z > [ geméf
dem Cernike-van Zittert-Theorem [40] weiter zu [16]. Diese Kohérenz trotz unkorre-
lierter Quellen fiir z > [ kann man dadurch erkléren, dass das Feld fiir z > [ an zwei
rdumlich getrennten Beobachtungsorten von einer einzigen Quelle herriithren kann
und somit korreliert ist, auch wenn die Quellen untereinander raumlich unkorreliert
sind.

Die starke Kohérenz im Nahfeld, d.h. zwischen dem quasistatischen und dem
Fernfeldbereich, mit ,riesigen® Kohérenzldngen von mehreren A kann wie die zeit-
liche Kohérenz auf die Oberflichen-Phononen-Polaritonen zuriickgefithrt werden,
bei denen es sich um kollektive Tonenschwingungen an der Oberfliche des Halb-
raumes handelt, die an das elektromagnetische Feld gekoppelt sind. Man beachte
dazu, dass in Abb. 1.6 die Wellenlinge des Oberflichen-Phonon-Polaritons A =
(2mc) /ws = 14 pm gewahlt wurde. Somit ist klar, dass die Abklinglange des Ober-
flichen-Polaritons die rdumliche Kohédrenzldnge im Nahfeld [15], die bei GaN bei ca.
2,4\ > A\/2 liegt, bestimmt. Eine genaue Analyse der raumlichen Korrelation mit
ciner detaillierten Angabe der relevanten Abstandsbereiche findet man in [16].
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36 KAPITEL 1. DAS EVANESZENTE NAHFELD

Das thermische Nahfeld dielektrischer Korper ist also im Gegensatz zum ther-
mischen Fernfeld derselben zeitlich und rdumlich kohdrent und teilweise polarisiert.
Interessante Messungen dieser faszinierenden Nahfeldeigenschaften wurden in den
letzten Jahren durchgefiihrt und kénnen in [17, 19, 20] nachgelesen werden.
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Teil 11

Das thermische Nahfeld eines
beschichteten Mediums
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In diesem zweiten Teil meiner Dissertation sollen die propagierenden und evanes-
zenten Moden des fluktuierenden Feldes oberhalb eines beschichteten Halbraumes
mit der Schichtdicke d untersucht werden. Dazu wird zunéchst eine frei stehende di-
elektrische Platte der Dicke d untersucht. Es wird gezeigt, dass der Poynting-Vektor
und die Nahfeldenergiedichte ein zunéchst unerwartetes Verhalten bei Verringerung
der Plattendicke zeigen: Fiir den Poynting-Vektor, d.h. fiir die propagierenden Mo-
den, kann man zeigen, dass es eine Schichtdicke gibt, bei der die abgestrahlte Energie
maximal wird, bevor sie fiir sehr diinne Platten linear mit d gegen Null geht. Fiir die
Nahfeldenergiedichte oberhalb einer Metallschicht, d.h. fiir die evaneszenten Moden,
zeigt sich ein stark nichtmonotones Verhalten bei Verringerung der Schichtdicke,
wobei insbesondere der TM-Moden-Anteil fiir d — 0 gegen einen universellen mate-
rialunabhéngigen und von Null verschiedenen Wert strebt.

Diese Untersuchung wird im zweiten Kapitel dieses Teils auf beschichtete Halb-
raume ausgeweitet, wobei besonderes Augenmerk dem evaneszenten Nahfeld und
dem abstandsabhéngigen Verhalten der Energiedichte fiir verschiedene Plattendicken
bei verschiedenen Materialkombinationen gilt. Es zeigt sich, dass die fiir den frei
stehenden Metallfilm abgeleiteten Aussagen auch auf solch eine Schichtgeometrie
iitbertragbar sind, solange man ein polares Material als Substrat verwendet. Fiir ein
metallisches Substrat hingegen zeigt sich ein vollkommen anderes Verhalten.

Im letzten Kapitel wird schliellich versucht, das Verhalten der Energiedichte
oberhalb einer Schichtgeometrie auf die Beitrage der Oberflichenplasmonen- und
Oberflichenphononen-Polaritonen in solch einer Geometrie zuriickzufithren. Dazu
wird zunéchst das Konzept der Oberflichenmoden eingefiithrt und gezeigt, dass das
zundchst merkwiirdig anmutende Verhalten der Nahfeldenergiedichte fiir d — 0 eine
Konsequenz der Oberflichenmodenkopplung innerhalb des Metallcoatings ist.

Meines Wissens gibt es eine Untersuchung des thermischen Nahfeldes dieser Art
in der zugénglichen Literatur noch nicht. Es gibt zwar Untersuchungen, die die
elektrische spektrale Energiedichte pg fiir eine dielektrische Schicht [41] sowie die
elektrische lokale Zustandsdichte Dg der propagierenden Moden oberhalb solch einer
Schicht [42] bzw. zwischen zwei Halbrédumen [43] untersuchen, allerdings geben diese
Arbeiten weder Aufschluss tiber die Abstandsabhéngigkeit der Nahfeldenergiedichte
oberhalb einer dielektrischen Schicht noch {iber die physikalischen Mechanismen, die
in solchen Schichtgeometrien zu diesen Abstandsabhéngigkeiten fiihren.

Es ist in den folgenden Kapiteln zu beachten, dass die Ausdriicke fiir den Poynting-
Vektor und die Energiedichte zwar allgemeingiiltig sind, die abgeleiteten Ndherungen
und die numerischen Berechnungen jedoch auf dem Drude-Modell basieren. Es ist
bekannt, dass fiir Filme mit einer Dicke d kleiner als die mittlere Weglinge des
Elektrons [ bzw. als die de Broglie-Wellenlénge des Elektrons im Metall im allge-
meinen klassische und quantenmechanische Effekte [44, 45, 46] zu berticksichtigen
sind, die auf eine Leitfdhigkeit linear in d und damit auch auf eine Permittivitat
fithren, die von d abhingt. Aulerdem muss man fiir Abstdnde und Schichtdicken
kleiner als die mittlere freie Weglédnge auch nichtlokale Effekte [47, 48] berticksichti-
gen. Daher konnen die hier abgeleiteten Ergebnisse fiir sehr diinne Platten héchstens
qualitativ richtig sein, zumal die phononischen Eigenschaften [49] und die gebunde-
nen Ladungen im Drude-Modell ganz aufler Acht gelassen und nur die elektrischen
Eigenschaften berticksichtigt werden.
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Innerhalb einer vollsténdigen nichtlokalen Beschreibung [47] wird unter ande-
rem auch die Ankopplung an longitudinale Polarisationswellen beriicksichtigt, die
in diinnen Metallfilmen bzw. Schichten aus polaren Medien optisch angeregt wer-
den [50] und zu einem Absorptionsmechanismus fithren, der durch die lokalen Fres-
nelschen Reflexionskoeffizienten in Kombination mit der Drude- bzw. Reststrahlen-
formel nicht beriicksichtigt wird [33, 51]. Fiir die gegebene Schichtgeometrie kann
man die Ankopplung an diese longitudinalen Polarisationswellen dadurch beriicksich-
tigen, dass man die longitudinale Vektorwellenfunktion L in der dyadischen Green-
schen Funktion ergénzt. Neben den iiblichen Randbedingungen muss in diesem Fall
zusitzlich die Stetigkeit der Normalkomponente der dielektrischen Verschiebung D
gefordert werden. Mit dieser Vorgehensweise erhélt man schlieSlich allgemeinere For-
mulierungen fiir die Fresnel-Koeffizienten der TM-Moden [33]. Werden die Polarisati-
onswellen, d.h. die Volumenplasmonen im Metall bzw. die longitudinalen optischen
Phononen im polaren Medium, auf diese Weise beriicksichtigt, so erhédlt man ein
ausgepragtes Resonanzspektrum in der lokalen Zustandsdichte fiir w > w, im Me-
tall und fiir w; < w < w; im polaren Medium. Da die thermische Frequenz wy, fiir
Drude-Metalle in der Regel sehr viel kleiner ist als die Plasmafrequenz w,, kann man
fiir Metalle den Einfluss der Polarisationswellen vernachlassigen. Fiir polare Medien
kénnen die ausgepréigten Resonanzen allerdings im Infrarot-Bereich liegen, sodass in
diesem Fall der Einfluss der Polarisationswellen im allgemeinen mit zu beriicksich-
tigen ist. Allerdings wurde am Beispiel von LiF in [51] gezeigt, dass fiir Filmdicken
d > 10nm die zusétzlichen Resonanzen im Reststrahlenband vernachléssigbar sind.

Daher sind die folgenden Betrachtungen fiir Metalle und thermische Frequenzen
wih < wp quantitativ nur richtig, solange Abstdnde und Schichtdicken gréSer als die
freie Weglinge des Elektrons [ und die de Broglie-Wellenlénge betrachtet werden.
Fiir Abstdnde und Schichtdicken kleiner als die mittlere freie Wegléinge des Elek-
trons konnen die Ergebnisse dagegen nur qualitativ richtig sein. Daher werden die
numerischen Berechnungen fiir diinne Schichten in diesem Teil zumeist mit Wismut
durchgefiihrt, da man hier eine sehr geringe Relaxationszeit von 7 = 2,3 - 1071657}
und damit eine sehr geringe mittlere freie Weglénge von [ ~ 0,4 nm hat. Das hat wei-
terhin zur Folge, dass die hier beschriebenen theoretischen Effekte fiir dieses Material
besonders gut ausgeprigt sind. Man beachte aber, dass sich bei Wismut aufgrund der
relativ grofen de Broglie-Wellenlénge der Elektronen bereits bei Schichtdicken von
20 nm quantenmechanische Effekte [52] zeigen konnen. Daher ist eventuell Mangan
ein geeigneteres Material, um den hier gezeigten theoretischen Effekt in zukiinftigen
Experimenten zu bestétigen. Da die Drude-Parameter fiir das Metall Mangan nahe
bei denen fiir Wismut liegen, ist zu erwarten, dass die numerischen Ergebnisse fiir
Wismut und Mangan im Drude-Modell vergleichbar sind. Fiir polare Medien gelten
dhnliche Einschréinkungen wie fiir Metalle, wobei fiir Schichtdicken im Nanometer-
bereich die Reststrahlenformel akzeptable Ergebnisse liefern sollte.
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Kapitel 2

Das evaneszente Nahfeld einer
dielektrischen Platte

In diesem Kapitel werden zunéchst die propagierenden und evaneszenten Moden des
fluktuierenden Feldes oberhalb einer frei stehenden dielektrischen Platte mit einer
Dicke d untersucht. Obwohl die gegebenen Ableitungen eine Untersuchung sowohl
fiir die propagierenden als auch fiir die evaneszenten Moden erlauben, gilt besonderes
Augenmerk dem evaneszenten Nahfeld und dem abstandsabhéngigen Verhalten der
Energiedichte fiir verschiedene Plattendicken.

Im ersten Abschnitt wird eine Diskussion der auftretenden Langenskalen gege-
ben, die es ermoglicht, eine erste Abschétzung der zu erwartenden Effekte zu geben.
Um die Korrelationsfunktionen der Felder zu bestimmen, ist es wieder notwendig,
die dyadischen Greenschen Funktionen zu bestimmen. Wie im zweiten Abschnitt ge-
zeigt wird, ist die Implementierung der Randbedingungen fiir die Plattengeometrie
bereits relativ kompliziert und wird schnell uniibersichtlich, sodass in diesem Ab-
schnitt nur die Ableitung der Transmissionskoeffizienten fiir die TE-Moden explizit
angegeben wird. Die Berechnung fiir die TM-Moden kann man analog ausfiihren.
Mithilfe der abgeleiteten dyadischen Greenschen Funktionen kénnen wieder die Kor-
relationsfunktionen der Felder berechnet werden.

Im dritten Abschnitt wird der Poynting-Vektor oberhalb der dielektrischen Plat-
te bestimmt, wobei im Gegensatz zum Halbraumergebnis acht statt zwei Integrale
iiber das Quellenvolumen ausgewertet werden miissen. Der Poynting-Vektor hat aber
trotz der etwas schwierigeren Rechnung die gleiche Form wie in der Halbraumgeo-
metrie, wobei die Transmissionskoeffizienten in diesem Fall natiirlich komplizierter
sind. Es wird gezeigt, dass man im Grenzfall dicker Platten das Halbraumergebnis
zuriickbekommt, wohingegen man fiir sehr diinne Platten eine lineare Abhéngigkeit
(S) ox d erhilt, sodass die propagierenden Moden bei Verringerung des Quellenvo-
lumens in einer Dimension verschwinden. Fiir Drude-Metalle in der Hagen-Rubens-
Néherung wird gezeigt, dass es zwischen diesen beiden Grenzféllen ein Maximum
fiir den Poynting-Vektor bei der sogenannten Woltersdorff-Dicke dy gibt. Dieses
Phénomen ist wohl bekannt und bereits experimentell untersucht [53, 54, 55, 56],
sodass man somit fiir die propagierenden Moden ein bekanntes Ergebnis innerhalb
der fluktuierenden Elektrodynamik reproduzieren kann.

Die Untersuchung der Wérmestrahlung fiir diinne Schichten scheint zwar immer
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noch ein aktives Forschungsthema [57] zu sein, doch ist in dieser Arbeit vor allem das
evaneszente Nahfeld von Interesse, das im vierten Abschnitt anhand der Energiedich-
te oberhalb der dielektrischen Schicht detailliert untersucht wird. Es wird gezeigt,
dass es fiir die evaneszenten Moden einen dhnlichen Effekt wie fiir die propagierenden
Moden gibt, der dazu fiihrt, dass es fiir bestimmte Beobachtungsabstdnde z ober-
halb der dielektrischen Platte einen Anstieg der Energiedichte geben kann, obwohl
die Plattendicke verringert wird. Der physikalische Mechanismus, der hinter diesem
Effekt steht, ist der Oberflichenpolaritonenkopplung auf den beiden Oberflichen
der dielektrischen Platte zuzuschreiben und wird in einem eigenen Kapitel ausfiihr-
lich diskutiert. Neben diesem Effekt, der zu einem nicht-monotonen Verhalten der
Energiedichte bei Verringerung der Plattendicke fiihrt, wird auflerdem gezeigt, dass
es fiir Platten, die diinner als eine charakteristische Dicke d,; sind, ein universel-
les, d.h. materialunabhéngiges, Potenzgesetz fiir die Energiedichte gibt. In einem
eigenen Abschnitt wird gezeigt, dass das universelle Verhalten ebenfalls mithilfe der
Oberflichenmoden erklért werden kann.

2.1 Die Plattengeometrie

Es sollen nun die propagierenden und evaneszenten Moden oberhalb einer dielektri-
schen Platte (siche Abb. 2.1) der Dicke d untersucht werden. Genau wie im einfiihren-
den ersten Kapitel muss zuerst die dyadische Greensche Funktion auflerhalb der
dielektrischen Platte mit den Quellenstromen innerhalb der Platte bestimmt wer-
den. Da sowohl die evaneszenten als auch die propagierenden Moden untersucht
werden sollen, kann das optische Theorem nicht angewandt werden, da es nur fiir
die evaneszenten Moden die richtigen Ausdriicke fiir die Korrelationsfunktionen der
elektromagnetischen Felder liefert. Daher miissen bei der Bestimmung des Poynting-
Vektors und der Energiedichte oberhalb der Platte die Volumenintegrationen iiber
das Quellenvolumen explizit ausgefiithrt werden.
Es ist anzunehmen, dass neben der Plattendicke d die Skintiefe

1
ds = kolm(/€,)’

als zweite Langenskala eine erhebliche Bedeutung haben wird. Betrachtet man eine
ebene Welle exp(ik - r) in einem unbegrenzten Medium mit k% = €,kZ, so wird sofort
klar, dass die Skintiefe ds in Gl. (2.1.1) die Abklinglénge der ebene Welle aufgrund
der dissipativen Eigenschaften des Mediums beschreibt. Die elektromagnetischen
Felder mit der Frequenz w =~ wyy,, die durch die fluktuierenden Quellenstrome im
Dielektrikum bei der Temperatur T erzeugt werden, werden daher auf der Langen-
skala dg exponentiell gedampft. Demzufolge sollte das fluktuierende Feld oberhalb
eines Dielektrikums lediglich von einer Schicht der Dicke dy an der Oberfiache des
Dielektrikums herriithren. Betrachtet man nun eine dielektrische Schicht der Dicke
d, so darf man erwarten, dass sich fiir Schichtdicken d > dg die Nahfeldeigenschaften
von denen des Halbraumes nicht unterscheiden. Fiir d < dg und schlieSlich d — 0
hingegen wird das Volumen, das die Quellenstrome enthélt, stark verringert, sodass
man erwarten konnte, dass in diesem Grenzfall ebenso das fluktuierende Nahfeld
verschwindet.

(2.1.1)
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In den folgenden Abschnitten wird gezeigt, dass diese naive Vorstellung fiir den
Grenzfall d — 0 im propagierenden Bereich zwar zutreffend ist, eine Verringerung
des Quellenvolumens aber fiir Drude-Metalle zunéchst zu einem Maximum in der
thermischen Abstrahlung fiihrt, bevor der Anteil der propagierenden Moden line-
ar mit d verschwindet. Im evaneszenten Nahfeld ist die naive Vorstellung dagegen
iitberhaupt nicht zutreffend, da sie die Beitrdge der Oberflichen-Polaritonen zum
evaneszenten Nahfeld unberiicksichtigt ldsst. Es wird vielmehr gezeigt, dass fiir die
evaneszenten Moden im Grenzfall d — 0 die Energiedichte fiir die TM-Moden an-
steigt und zu einem universellen, d.h. materialunabhéngigen, Potenzgesetz fiir die
Energiedichte fiihrt.
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Abbildung 2.1: Skizze zur Konstruktion der Greenschen Funk-
tionen fiir die Plattengeometrie.

2.2 Konstruktion der Greenschen Funktion

Fiir die Plattengeometrie in Abb. 2.1 muss der Ansatz fiir die Greenschen Funktio-
nen, der fiir die Halbraumgeometrie gemacht wurde, verdndert werden. Es werden
jetzt vier statt zwei Raumgebiete unterschieden: Gebiet [ fiir z < —d, Gebiet I1 fiir
—d < z < 2/, Gebiet 1] fiir 2/ < z < 0 und schliefllich Gebiet IV fiir z > 0. Fiir
das Gebiet I im Medium 1 macht man den Ansatz

i > (2 — 5n7 ) /
GF = g /d)\z TQO{T%EMMA(—]M) ® My, (he)

n=0

(2.2.1)
T N (=) @ N’m(h»}.

Fiir die Gebiete I1 und I71] innerhalb des Mediums 2, in dem sich die Quellen der
Felder befinden, ist der Ansatz etwas schwieriger, da die reflektierten Anteile richtig
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beriicksichtigt werden miissen. Es gelten:

Gl = = /d)\ Z 275”0){ (Minx( ha) + RTEM:i:n)\(hQ)) ® MY, (he)

2

+ (Ninx(—hz) + RlTMNin/\(hz)) @ N\ (he)
+ RppManx(—he) @ ML, 5 (—hs)

+ Ry Napa(—he) @ NI, (— hg)}, (2.2.2)
Gl = /dAZ — {(Minx(’h) + Ry M (— hz)) ® M, (—ho)

+ <N:|:n)\(h2) + RTTMNinA(—@)) @ N\ (—ho)
+ RyppMin(he) © MYy, (hs)

+ Ry Naina(he) @ N,y (o) } (2.2.3)

Fiir das Gebiet IV innerhalb des Mediums 3 macht man den Ansatz entsprechend
Gebiet I:

_ /d)\z _ {TTEM:I:n)\(hZ’») ® M,\(—he)
(2.2.4)

T3 N () © Nl (— h2>}.

Aufgrund dieser Konstruktion, die bereits die Stetigkeit der dyadischen Greenschen
Funktion an der Stelle z = 2’ beinhaltet, bleiben vier Reflexionskoeffizienten RITZE ™

und vier Transmissionskoeffizienten TTE ry durch die Implementierung der vier
Randbedingungen in Gl. (1.1.7) fur die TE- und der TM-Moden zu bestimmen.

Die Implementierung der Randbedingungen gestaltet sich allerdings diesmal sehr
viel schwieriger als im Falle des Halbraumes, da man nicht nur bei z = 0, sondern
auch bei z = —d die Randbedingungen erfiillen muss. Deshalb beachte man zunéchst
folgende Relationen

_N¢
e.xN=1] N, —ﬂeihzl\/[( 0) = &eihzl\/[o,
k k
0
_M¢
e.xM=| M | =¢"”N° und e, xN’=-M° (2.2.5)
0

die fiir die weitere Rechnung von grofler Bedeutung sein werden, da sie es erlauben,
die z-Abhéngigkeit in den Vektorwellenfunktionen durch einen bloflen Faktor vor
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2.2. KONSTRUKTION DER GREENSCHEN FUNKTION 45

den z-unabhingigen Vektorwellenfunktionen M° und N° auszudriicken. Weiterhin
sei daran erinnert, dass nach Gl. (1.4.4) die beiden Beziehungen V x N = kM und
V x M = kN gelten, sodass man die Beziehungen

e, x VxM=e, x Nk =—ihe"”M°,
e.xVxN=e, x Mk = ke"”N° (2.2.6)

erhélt.

Um die Ubersichtlichkeit zumindest halbwegs zu bewahren, werden nun die Rand-
bedingung in Gl. (1.1.7) bei z = —d und z = 0 nur fiir die TE-Moden implementiert;
das entsprechende Ergebnis fiir die TM-Moden wird dagegen ohne Ableitung ange-
geben. Gesucht sind die Transmissionskoeffizienten der Greenschen Funktion (2.2.4)
im Gebiet IV, da das fluktuierende Nahfeld in diesem Gebiet untersucht werden
soll. Bei z = —d erhélt man die beiden Gleichungen

Thoe, x M(—hy)

® M (hy) = (ez x M(—hs)

z=—d

z=—d

+ Rhpe. x M(hy)

) @ M/ (hy)

z=—d
+ Rhpe. X M(=hy)| @M'(=hy),  (2.2.7)
z=—d
Trze, x V x M(—=hy)|® M/(hy) = (ez x V x M(—=hy)
z=—d z=—d

+ Rhpe. x V x M(hy)

) onrin

z=—d
+ R;Eez x V x M(—hg) ®M/(—h2)
z=—d
(2.2.8)
Mittels der Gleichungen (2.2.5) und (2.2.6) erhélt man daher
TTZvEeihldMO ® M,(hg) — (eihngO =+ Ré«Ee_ithMO) ® M/(hg)
+ Ry e MO @ M/ (—hy), (2.2.9)
T}Eeihldl\/[o ® M,(hg) — %{ <eih2dM0 - R’l]“Ee_ih2dM0) ® M/(hg)
1
+ Ry e MO @ M’(—hQ)}. (2.2.10)

Subtrahiert man diese beiden Gleichungen und stellt sie nach R%., um, so be-
kommt man

aﬁ?RgTEe—ihngO ® M/(hg) - _ |ibi2eih2dM0 ® M,(h2>
(2.2.11)

+ 0™ Ry M © M (—hs) |
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46 KAPITEL 2. DAS EVANESZENTE NAHFELD EINER DIELEKTRISCHEN PLATTE

mit

al? := hy + hy und bi? :=hy — hy. (2.2.12)
Diese Gleichung enthélt noch zwei Unbekannte, was nicht verwunderlich ist, weil
nur die Randbedingungen bei z = —d benutzt wurden.

Mit den Randbedingungen bei z = 0 erhélt man fiir die TE-Moden die beiden
Gleichungen

T}Eez X M(hg)

@ M/(—hs) = <ez x M(hs)

z=0

z=0

+ Rrpe. x M(—hsy)

) ®@ M'(—hs)

z=0

& M,(hg)

z=0

+ RTEeZ X M(hg)

und

Trpe. x V x M(hs)

Q@ M'(—hy) = (ez x V x M(hy)
z=0

2=0

+ Ripe, x V x M(—hy)

) ®@ M'(—hs)

z=0
®@ M/ (hs).

z=0

Nutzt man wieder die Relationen in Gl. (2.2.5) und Gl. (2.2.6), erhélt man dann

+ Rhpe, x V x M(hy)

TrsM° @ M (—hy) = <M° + R’”TEMO) ® M'(—hy) + Ry M? @ M(hy), (2.2.13)

h
T M @ M/ (—hy) = h2 { (MO R’”TEMO) ® M/(—hy) + Ry ;M ® M’(hQ)}.

3
(2.2.14)
Subtraktion dieser Gleichungen ergibt

b2 R M @ M (hy) = — [b?fl\/lo ® M/ (—hy) + a** Ry ,M° ® M’(-@)} ., (2.2.15)

wobel

a3? := hg + hy und b3? := hg — hy (2.2.16)
gelten.
Zusammen mit Gleichung (2.2.11) kann man nun R’ bestimmen und schlieflich
T berechnen, wobei man dafiir den Ausdruck

2h
Th M @ M (—hy) = bgj Ry M @ M (—hs) (2.2.17)
verwenden kann, der durch Addition der obigen Gleichungen (2.2.13) und (2.2.14)
folgt. Die beiden Gleichungen (2.2.11) und (2.2.15) kénnen also nach R’ aufgelost
werden. Man erhélt

32

b
Ry M @M/ (—hy) = eh b'2e2 MO @ M (hy) — a'Ze MM @M (—hy) | (2.2.18)
1

46



2.2. KONSTRUKTION DER GREENSCHEN FUNKTION 47

mit
C = a'?a¥e 2 — pl2p32eihad, (2.2.19)

Damit lésst sich der Transmissionskoeffizient aus (2.2.17) bestimmen und man be-
kommt

TrM® @ M/ (—hy) = 26222 Ry o M° @ M/ (—hy)
Qchf a?e MM @ M (—hy) — b2 "M @ M/ (hy) |.
(2.2.20)
Benutzt man zusétzlich die Eigenschaft der Vektorwellenfunktion M, dass
M(hs) = MO elhs?| (2.2.21)

erhélt man die endgiiltige Formulierung fiir den Transmissionskoeffizienten der TE-
Moden:

2h2

TrpM(hs) @ M/ (=hy) = .

12 —1h2dM(h3) ® M,(—hg)
(2.2.22)

— 5'26"4N (hy) @ M (hs) .

Analog zu dieser Rechnung kann man den entsprechenden Ausdruck fiir die TM-
Moden bekommen. Fiihrt man eine #hnliche Prozedur unter Benutzung von N° aus
Gl. (2.2.5) und (2.2.6) mit den richtigen Randbedingungen fiir die TM-Moden aus,
erhilt man

, 2hoks [ 1y s ,
TrITwMN(hg) ® N (—hg) = k‘320||2 aﬁze thN(hg) ® N (—hg)
_ bﬁ2eih2dN(h3) ® N,(hg) 7 (2.2.23)
wobei in diesem Fall
C = aj*ajPe 7 — pPhie (2.2.24)
und
a” = hg— + hQ, CL” = hl— + hQ,
b” = hg— — hQ, b” = h]_— - h2 (2225)
€3 €1
gelten.

Es ist nun ein Leichtes, die Greensche Funktion im Gebiet IV, also im Medium 3
anzugeben, indem man (2.2.22) und (2.2.23) in Gleichung (2.2.4) einsetzt. Fir die
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48 KAPITEL 2. DAS EVANESZENTE NAHFELD EINER DIELEKTRISCHEN PLATTE

elektrische Greensche Funktion ergibt sich damit

GIV = /d)\z _ {T']T“EM:I:n)\(hS) X M:I:nA( h2)
TN (hs) ® Nl (— h2>}
= (2-4, 1
dA ; (7A0){ C. { e "2 My (ha) @ My, (—ho)

— b2 IM 0 (hs) ® M’im(m)} + ||—Anteil}.

Aus der elektrischen dyadischen Greenschen Funktion (2.2.26) kann sofort durch
Bildung der Rotation nach Gl. (1.1.8) die magnetische dyadische Greensche Funktion
bestimmt werden. Man erhélt

va— VXG

= / Z - { {aiethdNiM(hS)@MinA( ha) (2.2.26)

27rw,u0

b12 thdNin)\(hg) @ M/, (h )} + || Antell}

da V x M(h;) = k;IN(h;) gilt. Mithilfe dieser dyadischen Greenschen Funktionen
lassen sich nun wieder die Korrelationsfunktionen der Feldgréfien bestimmen. Da wie
im Fall der Halbraumgeometrie wieder die propagierenden und evaneszenten Moden
untersucht werden sollen, werden nun der Poynting-Vektor und die Energiedichte im
Bereich IV bestimmt.

2.3 Die propagierenden Moden

Um die z-Komponente des Poynting-Vektors aus Gl. (1.6.1),
<SZ> = Ea6z<EaHﬁ>a (2.3.1)

mit der entsprechenden Korrelationsfunktion in Gl. (1.1.13) zu bestimmen, muss
zunéchst das Volumenintegral iiber das Produkt der elektrischen und magnetischen
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Greenschen Funktion

(2 = 8,,0)(2 = o) 1
3 I E - / ,0 ,0
/d r GIVGIV +c.c. = 7(27r Toorio /d)\/d)\ 2. 5N {|C¢|2{

|aﬁ_2‘262hng(h3) (029 N(hg) /dg’l“/ M,(—hg)ml(—hg)

(B2 2o 2N () @ N(hs) /d3r’ M (1) M (o)
— (alfﬁe_mhédl\/[(hg) ® N(hs) /d37" M’ (—hy)M (hy)
— b'2a12e2M2dM (hg) @ N(hs) /d?’r’M’(hg)M/(—hg))

+ ||—Anteil} +c.c.
(2.3.2)

bekannt sein. Die Integrale iiber die Quellen innerhalb der dielektrischen Platte bei
r’ ergeben (vgl. [10]) diesmal

SV i 1 "
/ a3 M'(—hy) - M (—hy) = aAS(A — V) (1 + 5%0)5%”/_”(1 B —2h2d)7
—d<2z'<0 2h2
eV i 1 "
/ &P M (hy) - M (hy) = 7AA = X)(1+ 6,.0)6m o (X — 1),
—d<z’'<0 9
/ d37~/1\/[’(_h2) 'M,(hg) :77)‘5()\—/\,)(14-5110)511# <e2ih’2d_1)7
—d<z'<0 ’ ’ 21h’2

/ d37"/ M/(h2) . M,(_hQ) — 7-‘-)\6()\ _ A/)(l + 5n0)5n o 1 / (1 o e—2ih,2d>’
—d<z'<0 ’ ’ 21h2
(2.3.3)

da sich das Volumen von Medium 2 in 2-Richtung nur von —d bis 0 erstreckt. Fiir den
Fall d — oo bekommt man wieder die entsprechenden Integrale aus Gln. (1.4.12).
Damit erhélt man fiir das Quellenintegral

2(2 — 5n M(h3) @ N(hs)
3./ 2 : ,0 3
/d T G GIV +CC leuo/ )\ { ‘CJ_|2

{‘a12 2 2hYd ( _ o—2hyd ) i |biz‘2e—2hgd(62hgd _ 1)}

hl/

{a12b12 —2ih%d <e2ih’2d . ) 612 12 21h2d<1 _e—2ih/2d) }:|

+ ||—Anteil} + c.c.
(2.3.4)

In der betrachteten Schichtgeometrie herrscht wieder Translationsinvarianz bzgl.
der Ebenen senkrecht zur z-Achse, sodass es auf diesen Ebenen keinen ausgezeich-
neten Punkt gibt. Wahlt man daher als Beobachtungspunkt r = 0, so vereinfachen
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50 KAPITEL 2. DAS EVANESZENTE NAHFELD EINER DIELEKTRISCHEN PLATTE

sich die Ausdriicke in Gl. (2.3.4) wieder stark. Da nun
r=0/ af r=0

_ 1y gy KaJ( ))2+n2J5(AT)}

or 72

€afz (M(hzz) %y N(hj)

r=0

(2.3.5)

und somit

1 e 2haz 122 2h!ld
cone [ (G G;fv)aﬁmc.:mm Jownf e gz

+ |b12|2( e—2h’2’d)} _ % a?@(l _ e—2ih’2d)
2

2T (e 1) }] ; H-Anteil}

_ 1 [ e 1212 (20
_muo/th { — [h,,{m (e 1)

|b12\2( —2hd )} n zlm( lfblf (e—2ih’2d B 1))}

+ ||—Anteil},
(2.3.6)
erhélt man fiir den Poynting-Vektor
1205
<Sr> = €afBz /d(,d (')]r E(w, T2) ]{,’2 h”h/ /d?’T/ (G G;IV ) + c.c.
af
E(w,T —2hgz y
= faw BT Ly L T a2 - 1)
2 3 \C’ |2
(2.3.7)
— e M —1); + m( a!2p12 (e 2h2d
bi2 2 2hld 2hl2/1 i2bi2 2ihld 1
+ ||—Anteil}
bzw. in Kurzschreibweise
E(w,T: ",
(S,) = /dw% / dA de 85 (TP + T}?), (2.3.8)
wobei die Transmissionskoeffizienten durch
4Re(h
Tf = \CE|23) |:Re(h/2)AJ_ + 21m(h2)BL}
4Re(hs€,3) _ _
Th Wﬁ |:R€(h2€T2)A|| + 21m(h2€T2)B||:| (239)
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gegeben sind und die Beziehungen

A = [a?? (24 — 1) — [p'2)2 (e 7224 — 1), (2.3.10)
B =1Im <a12b?(e—2ih’zd — 1)), (2.3.11)
C — a12a32€—ihzd . bl2b32eih2d (2312)

mit den entsprechenden a,, by bzw. ay, by, also

a? = h; + hj, (2.3.13)
ail = hi—] + by, (2.3.14)
bl = by . h;, (2.3.15)
b = hZ—J — by (2.3.16)

gelten. Der Poynting-Vektor hat also die gleiche Struktur wie im Falle des Halbrau-
mes (1.6.11), nur dass die Transmissionskoeffizenten eine kompliziertere Gestalt ha-
ben. Zusétzlich sind die Transmissionskoeffizienten wie im Fall des Halbraumes pro-
portional zum Realteil der Wellenzahl h im Beobachtungsmedium, also zu Re(hs). Ist
€3 = €p, d.h. das Beobachtungsmedium ist das Vakuum, enthélt der Poynting-Vektor
wieder nur propagierende Moden, da fiir die evaneszenten Moden mit A\ > kg die
Wellenzahl hy = hg = \/k2 — A2 rein imaginir wird. Daher verschwinden die Trans-
missionskoeffizienten in Gl. (2.3.9) fiir die evaneszenten Moden und der Poynting-
Vektor in Gl. (2.3.8) wird abstandsunabhéngig. Dieser Fall soll nun im Weiteren
betrachtet werden, es gelten daher €5 = ¢y und hz = hy.

Fiir sehr dicke Platten, d.h. Platten, deren Dicke d grofier als die Skintiefe d ist,
sollte man das Halbraumergebnis reproduzieren kénnen. Setzt man also hid > 1,
erhélt man sowohl fiir die TE- als auch fiir die TM-Moden

A 1 d B
cP ~ e M op

Dabei ist zu beriicksichtigen, dass der Imaginérteil von hs stets gréfler als Null sein
muss, sodass die exponentiellen Terme fiir d — oo verschwinden. Als Konsequenz
erhdlt man fiir die Transmissionskoeffizienten in den Gln. (2.3.9) die Ausdriicke

~ 0. (2.3.17)

4R 4R €
o2 o AR Relhs) 4 e ARe(hs)Re(haf) (2.3.18)
|a?f 2 l \aﬁ’2 2

Diese stimmen exakt mit den Ausdriicken fiir den Halbraum in (1.6.12) iiberein,
wenn man beriicksichtigt, dass in diesem Fall Medium 2 dem Halbraum 1 und Me-
dium 3 dem Halbraum 2 entspricht.

In dem entgegengesetzten Grenzfall d < dg bzw. hijd < 1 fiihrt eine relativ lange,
aber elementare Rechnung auf

h/ 7 /{32
T ~ T;fIQOd’ (2.3.19)
hied
T2 —3727 [ hsl?le,0]® + N2 ). 2.3.20
I ‘h3‘2|€r2|2 | 3| ‘6 2‘ + ( )
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Fiir Platten sehr viel diinner als die Skintiefe ds erhélt man somit den Poynting-

Vektor ( )
EwT) , 5.(4 2 1
S~ [dw——"eLkod| =+ = . 2.3.21
< > /w (271')2 €r2Rg (3+3|Er2|2) ( )

Fiir Platten mit d < ds ist der Poynting-Vektor daher direkt proportional zur Plat-
tendicke d und geht damit linear mit d gegen Null. Der Poynting-Vektor verhilt
sich also fiir die beiden Grenzfille erwartungsgeméaf: Fiir d > dg erhédlt man das
Halbraumergebnis zuriick, wohingegen fiir d < dy das strahlende Volumen in einer
Dimension linear bei Verringerung der Plattendicke abnimmt und damit auch die
abgestrahlte Energie pro Einheitsfléche.

log(S / Sgp)

1 1 1
-10 -8 -6
log(d / m)

Abbildung 2.2: Plot des Poynting-Vektors (S) in Abhéngigkeit
von der Plattendicke d im Fall von Wismut bei 75 = 300 K.
Zusétzlich sind die Skintiefe dg und die Woltersdorff-Dicke dyy,
aus Gleichung (2.4.17) eingezeichnet, ebenso die Niaherung aus
GL (2.3.21) fiir diinne Platten.

Nachdem nun geklédrt ist, wie sich der Poynting-Vektor fiir sehr diinne und
sehr dicke Platten verhélt, muss noch die Frage gekldrt werden, ob in dem Uber-
gangsbereich zwischen diesen beiden Grenzfillen noch irgendetwas ,, Unerwartetes®
passiert. Der Plot des Poynting-Vektors fiir eine Wismut-Platte mit den Drude-
Parametern [38] w, = 2.3-10%s™! und 7 = 2.1-107%s in Abb. 2.2 zeigt, dass
fiir d > dg der Poynting-Vektor der Metallplatte gegen seinen Halbraumwert kon-
vergiert. Fiir d < ds konvergiert der Poynting-Vektor gegen den in Gl. (2.3.21)
angegebenen Wert, allerdings erst fiir sehr unrealistische Plattendicken.

Bemerkenswert ist, dass fiir Metalle im Drude-Modell zwischen den beschrie-
benen Grenzféllen ein Maximum auftritt, dessen Lage explizit angegeben werden
kann. Die Lage dieses Maximums ist durch die sogenannte Woltersdorff-Dicke dv
(siche [53, 54]) gegeben, die in den néchsten Abschnitten aus den gegebenen Formeln
abgeleitet werden wird.

Fiir typische Drude-Metalle wie Aluminium [38] — w, = 2,4 - 10'%s™! und
7=0,8-10""s — und Silber (siehe Abb. 2.3) — w, = 1,4-10% s und 7 = 4-107*s
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— liegt dieses Maximum bei sehr viel kleineren Plattendicken, also weit auflerhalb
des Giiltigkeitsbereiches der makroskopischen Elektrodynamik, so dass eine quanti-
tative Ubereinstimmung mit dem Experiment nicht zu erwarten ist. AuBerdem sind
die Materialeigenschaften diinner Schichten von den Materialeigenschaften fiir aus-
gedehnte Materialien verschieden [44, 45, 46]. Dennoch kann man erwarten, dass
das Phdnomen der Zunahme der thermischen Abstrahlung bei verringerten Schicht-
dicken zumindest qualitativ beobachtbar ist. Tatsédchlich haben Absorptionsmessun-
gen [55] gezeigt, dass das Absorptionsvermdogen fiir diinne Metallschichten ein Ma-
ximum bei der Woltersdorfl-Dicke dyy aufweist. Da nach dem Kirchhoffschen Gesetz
Absorptionsvermogen und Emissionsvermégen gleich sind, kann das Experiment [55]
als eine indirekte Bestédtigung des hier abgeleiteten Verhaltens des Poynting-Vektors
angesehen werden. Mithilfe der Rytovschen fluktuierenden Elektrodynamik lassen
sich also bereits bekannte Ergebnisse reproduzieren.

log(d / m)

Abbildung 2.3: Plot des Poynting-Vektors (S) in Abhéngigkeit
von der Plattendicke d im Fall von Aluminium (gepunktete Li-
nie) und Silber (durchgezogene Linie) bei T = 300 K. Zusétz-
lich ist die Skintiefe ds aus Gleichung (2.1.1) eingezeichnet.

2.4 Die evaneszenten Moden

Der Poynting-Vektor enthélt fiir den Fall hy = hy wiederum nur Informationen iiber
den propagierenden Anteil des fluktuierenden Nahfeldes. Um Informationen iiber
den evaneszenten Teil des Nahfeldes zu erhalten, muss wieder die Energiedichte
betrachtet werden. Eine Rechnung analog der Berechnung des Poynting-Vektors fiir
die Plattengeometrie ergibt, dass die Energiedichte ebenfalls die Form des Halb-
raumergebnisses in Gl. (1.7.10),

32 32
E(W>T2> /d)\ )\A_ge—%gzw (2.4.1)

e = faw S5 fang: Re(hy)
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hat, wobei die Transmissionskoeffizienten durch (2.3.9) gegeben sind. Da neben der
Plattendicke d und der Skintiefe ds noch der Beobachtungsabstand z als dritte
Langenskala in der Energiedichte auftritt, ist die Bestimmung der Grenzfille fiir
diinne und dicke Platten hier sehr viel komplizierter als bei den propagierenden Mo-
den. Auflerdem ist das Auftreten des Maximums im Poynting-Vektor eng mit den
Eigenschaften der Transmissionskoeffizienten 7', und 7} und der Woltersdorff-Dicke
dw verbunden, sodass noch eine zusétzliche Langenskala zu beachten ist. Bevor das
Maximum im Poynting-Vektor und das Verhalten der Energiedichte fiir verschiedene
Grenzfille ndher untersucht wird, sollen die Transmissionskoeffizienten (2.3.9) auf
die Fresnel-Koeffizienten (1.5.6) zuriickgefiihrt werden.

2.4.1 Umformulierung der Transmissionskoeffizienten

In diesem Abschnitt sollen die Transmissionskoeffizienten aus dem letzten Abschnitt
(2.3.9) mittels der Fresnelschen Amplitudenreflexionskoeffizienten (1.5.6) ausgedriickt

werden, welche durch
g bt
ig._
™= (2.4.2)
definiert sind. Diese Formulierung gilt wieder sowohl fiir die TE- als auch fiir die
TM-Moden, wobei a* und b durch Gleichung (2.3.13) bis (2.3.16) gegeben sind.
Benutzt man diese Definition der Fresnelschen Reflexionskoeffizienten in den

Gleichungen (2.3.9), erhélt man zunéchst

T32 B 4hl —Qh”d Re(hz) AJ_ 2:[11’1(]12) BJ_ (243>
1L = |1 r}_2,ri>_2621h2d‘2 |a |2 |a122 |a322 \al22 ) T
s 4hlye=2hzd Re(hotra) A 2Im(hee) By (2.4.4)
| — |1 Tﬁ2 ﬁ.zezlhgdp |a32 2 |a12 2 \a32 2 |a12 2 T
wobei
A 1" "
= () R ),
a
B =12 (, —2ih%d
Vi —Im< (e722? —1) (2.4.5)
gelten.

Bevor man den Ausdruck fiir die Transmissionskoeffizienten weiter umschreiben
kann, ist es unausweichlich, einige Nebenrechnungen zu machen, um die Terme,
die den Imaginér- bzw. Realteil von hy enthalten, mittels der Fresnel-Koeffizienten

anzugeben. Diese Nebenrechnungen werden im Anhang C durchgefithrt und man
erhélt fir die TE-Moden

I 32\ 1
2In:1))gh2) _ m(r )2h A < ko (2.4.6)
|a3?|? (1—|r\) A > ko
und
=322 = A<k
Rolhe) _ J(=1riF)gs A< ko, (2.4.7)
la3?|? Im(rL)2 LA >k
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Fiir die TM-Moden erhélt man hingegen

T (ho?,o) m(ri?)q A <k
20m(haers) _ 2.4.8
\a322 {(1—|r ‘2) s A > ko ( )
und
Bt L= 2L A<k
Relhot) _ [ (01— I P); 0 (2.4.9)
|ai?|? Im(rjf? )3 ;A > ko

Nun kann man die Transmissionskoeffizienten fiir die TE- und TM-Moden mittels
der entsprechenden Fresnel-Koeffizienten r in die gleiche Form bringen. Diesen Vor-
teil gegeniiber der Formulierung in (2.3.9) muss man sich aber durch den Nachteil
erkaufen, dass man nun die propagierenden, d.h. A < kg, und evaneszenten Moden,
d.h. A > ky, getrennt betrachten muss. Man erhélt

1

32 322 32

Ty = |1 — r1273202h2d]2 {(1 — |r**]%) f — Alm(r )g], (2.4.10)
2h: 1
~ = 73 |1 — r12p32c2ihad|2 {Im(rm) f+ =) 9}7 (2.4.11)
wobei ) .
— —onlld o Y

I= \al—2|2e 0 und - gi= | 12|2e ’ (2.4.12)

durch die Gleichungen (2.4.5) bestimmt sind.

2.4.2 Transmissionskoeffizienten fiir verschiedene Grenzfille

Es sollen nun die Transmissionskoeffizienten fiir die beiden natiirlichen Grenzfille
dicker und diinner Platten untersucht werden, d.h. fiir Platten sehr viel dicker als die
Skintiefe, d > ds bzw. hid > 1, und fiir Platten sehr viel diinner als die Skintiefe,
d < dsbzw. hijd < 1. Insbesondere soll fiir den Fall diinner Platten das Maximum
fiir die propagierenden Moden in 737 bestimmt werden, das zu dem Maximum im
Poynting-Vektor in Abb. 2.2 bzw. 2.3 fiithrt. Es wird weiterhin ein entsprechendes
Maximum in den Transmissionskoeffizenten T:3? fiir die evaneszenten Moden abge-
leitet.

Der Grenzfall dicker Platten kann nun mit ~5d > 1 sofort implementiert werden.
Offenbar gelten dann die Bezichungen

f~1 und g¢g=0. (2.4.13)

Aulerdem gilt
|1 — r!2p32e2ih2d|2 (2.4.14)
sodass man schlieBllich die Transmissionskoeffizienten
2Re(h3)Im(r32)
Y

T2~ (1—[rP) und T2 =~ (2.4.15)
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26 KAPITEL 2. DAS EVANESZENTE NAHFELD EINER DIELEKTRISCHEN PLATTE

erhélt. Das sind erwartungsgeméf genau die Transmissionskoeffizienten fiir die Halb-
raumgeometrie in Gl (1.7.12). Daher bekommt man auch fiir die Energiedichte fiir
Plattendicken d > ds das Halbraumergebnis zuriick.

Im Grenzfall diinner Platten mit Plattendicken unterhalb der Skintiefe dy kann
man fiir die propagierenden und evaneszenten Moden Dicken angeben, bei denen die
Transmissionskoeffizienten maximal sind. Da die Bestimmung dieser maximierenden
Dicken aufgrund der Materialeigenschaften relativ kompliziert ist, werden in diesem
Abschnitt nur Drude-Metalle betrachtet, fir die die Hagen-Rubens-Néherung [58]
w T < 1 erfiillt ist, sodass diese Materialien durch die Permittivitat

w27'

€™l —wir’ + i% (2.4.16)

beschreibbar sind. Fiir die propagierenden Moden lédsst sich dann fiir A = 0 die
sogenannte Woltersdorft-Dicke [53, 54|

2c
dW ~ 5=
(.dp’T

(2.4.17)
ableiten. Diese maximierende Dicke gilt gleichermafien fiir die TE- als auch fiir die
TM-Moden, was damit zu erklaren ist, dass bei normal einfallendem Licht, d.h.
A = 0, die Reflexionskoeffizienten fiir die TE- und TM-Moden ineinander iibergehen.
Fir die evaneszenten Moden lassen sich im stark evaneszenten Bereich fiir A > kg
allgemeinere Dicken fiir die Maxima der Transmissionskoeffizienten herleiten, wobei
man in diesem Fall unterschiedliche Werte fiir die TE- und TM-Moden bekommt,
was sich in einem unterschiedlichen Verhalten fiir die Energiedichtebeitrige der TE-
und TM-Moden &uflert.

Setzt man also fiir den Grenzfall diinner Platen hjd < 1 und noch zusétzlich
hid < 1 voraus, dann gelten unabhéngig vom Material und von propagierenden
bzw. evaneszenten Moden die beiden Gleichungen

f = 2h5d(1 + |r'2?) (2.4.18)
und
g =~ (1 —2h4d)Im (7" (—2ihyd)) ~ —2h4d Re(r'?). (2.4.19)

Um nun noch weitere Ndherungen anzustellen, benotigt man eine Relation zwi-
schen hf und hj. Fiir die evaneszenten Moden ist klar, dass fiir A > ko die Wellen-
zahl im Medium hy ~ iA ist. Damit gilt hj > hf, im evaneszenten Bereich. Um eine
ahnliche Aussage fiir die propagierenden Moden zu erhalten, miissen die Material-
eigenschaften der Platte beriicksichtigt werden. Da in der Hagen-Rubens-Néherung
die Permittivitét durch Gl. (2.4.16) gegeben ist, gilt wegen w ~ wy, < w, die Bezie-
hung €, > |e,|. Mit der Definition hy = \/ke.2 — A2 folgt dann, dass auch hfy > hj,
im evaneszenten Bereich gilt. Fiir Drude-Metalle ist also stets hy > hl , sodass

f>1g] (2.4.20)
gilt und zusétzlich auch

|1 — 123220242 oy |1 — 1203201 2/ ) 2 (2.4.21)
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2.4. DIE EVANESZENTEN MODEN Y

erfiillt ist. Man kann also in der Hagen-Rubens-Ndherung die Transmissionskoef-
fizienten fiir die propagierenden und evaneszenten Moden im Falle hjd < 1 und
hid < 1 angeben als
Qh”d 1 1212 1 — 3212
P |1 — r12r32(1 — 2h5d)|?
52 20y 2h5d(1 + |r'2[*)Im(r3%)
v v |1 —rt2r32(1 — 2h4d)|?

(2.4.23)

Setzt man £ := 2h4d, ist leicht zu sehen, dass die Abhéngigkeit der Transmissionsko-
effizienten von der Plattendicke d bzw. vom Parameter ¢ bis auf einen Faktor durch
die Funktion

e ¢
1—a(l=&P  (1-a/(1-¢)"+am(1—¢)2

F(€): (2.4.24)

gegeben ist, wobei a 1= r'2r32 gilt.

Es wird nun das Maximum fiir die propagierenden Moden fiir den Fall A = 0
bestimmt, d.h. es gilt r; = 7. Damit wird das abgeleitete Maximum von F'(§)
fir die TE- und TM-Moden iibereinstimmen. Auflerdem soll davon ausgegangen
werden, dass eine metallische Platte im Vakuum vorliegt, womit r'2 = r32 gilt. Da
bei Metallen fiir die senkrecht einfallenden Moden |r'| =~ 1 und || < 1 gilt, muss

auch @’ =r? — 1" ~ 1 und |a"| = |2ir'r"| < 1 gelten, und man bekommt
§

~ 52 + a//2(1 _ 5)2

FPr (2.4.25)

Dessen Maximum ist elementar bestimmbar und es ergibt sich &, = |a”|, sodass

ja”| _ [Tm(r?)]
d o~ = . 2.4.26

Diese Plattendicke, bei der die Transmissionskoeffizienten maximal werden, ldsst sich
leicht angeben, wenn man a” bzw. Im(r?) fiir A = 0, d.h. fiir senkrecht einfallendes
Licht, berechnet. Man erhélt fiir A =0

()
(erl) )

B (1 o] - 2ﬂm<¢a>)2
6]+ 2Re(\/&) + 1)

sodass
p Am(y/€)(1 — &) AIm(y/€,)
a ~— ~
(ler| + 2Re(\/€) +1)2 e

ist, wobei im letzten Schritt wieder die Eigenschaft der Drude-Metalle genutzt wurde,
dass |e,| > 1 und |e,| = € > Re(,/€,) gelten. Somit kann man die Plattendicke fiir

(2.4.28)
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o8 KAPITEL 2. DAS EVANESZENTE NAHFELD EINER DIELEKTRISCHEN PLATTE

das gesuchte Maximum unter Beriicksichtigung der Tatsache, dass hy = ko,/€, fiir
A = 0 ist, angeben als

P N4Im\/§N 2 2

max T 2nlel koell  w2T’

(2.4.29)

Damit hat man die Woltersdorff-Dicke dy, aus Gleichung (2.4.17) fir sehr diinne
Drude-Metalle in der Hagen-Rubens-Néherung abgeleitet. Setzt man beispielsweise
wp =2,3-10"%s  und 7 = 2,1-107'%s — die Drude-Parameter fiir Wismut [3§]
— ein, bekommt man dy ~ 5,4 - 10~ m fiir die Dicke, bei der die Transmissionsko-
effizienten fiir die propagierenden Moden maximal werden. Dieses Maximum ist in
recht guter Ubereinstimmung mit dem Maximum fiir den Poynting-Vektor in Abb.
2.2. Eine experimentelle Bestétigung fiir solch ein Maximum findet man bei [55].
Da die Transmissionskoeffizienten auch fiir die evaneszenten Moden bekannt sind,
ist es moglich, eine maximierende Dicke wie die Woltersdorff-Dicke im evaneszenten
Bereich zu bestimmen. Die Bestimmung der Maxima fiir die Transmissionskoeffizi-
enten muss allerdings fiir die TM- und TE-Moden getrennt durchgefiihrt werden, da
die Fresnel-Koeflizienten im stark evaneszenten Bereich mit A > k( sehr unterschied-

lich sind. Es ist bekannt, dass man in diesem Bereich [59] die Fresnel-Koeffizienten

durch . 2 .
€p — €p —

T d ~ _O T
e+1 TN

7’” ~ (2.4.30)
approximieren kann.

Fiir die TM-Moden lassen sich im Bereich der Hagen-Rubens-Néherung mit
w < w, (sieche Anhang C) die Relationen

ableiten. Damit gelten wieder die Beziehungen |a”| < 1 und @’ ~ 1, sodass man die
gleiche Approximation fiir F'(£) wie im Bereich der propagierenden Moden bekommt.
Daher kann man fiir die evaneszenten TM-Moden die maximierende Dicke mit GI.
(2.4.26) sofort angeben, und bekommt

., Im(rf)
" (2.4.32)
Mit Gl. (2.4.31) und der Naherung hj ~ A fiir A > ko hat man schlielich
2w 1
R ——— 2.4.33
[R=5% (2.4.33)

In Abb. 2.4 sicht man die sehr gute Ubereinstimmung der Lage des Maximums von
F(§) aus Gl. (2.4.24) fiir a = 7 mit der abgeleiteten Gréle d aus Gl. (2.4.32).
Um eine Dicke fiir die spektrale Energiedichte angeben zu konnen, muss aufler-
dem noch beriicksichtigt werden, dass der Integrand in der Energiedichte in GI.
(2.4.1) fiir das A-Integral im stark evaneszenten Bereich im Wesentlichen durch
A2 exp(—2X2)F(€) bestimmt ist, wobei der Abstand z der Beobachtungsabstand
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2.4. DIE EVANESZENTEN MODEN 59

Abbildung 2.4: Plot der Funktion F'(£) aus Gl. (2.4.24) mit der
Wahl a = rﬁ in Abhéangigkeit von den dimensionslosen Grofien
M ko und kod fiir w = 104 s™1, der thermischen Frequenz bei
T = 300 K. Als Materialparameter dienen die Drude-Parameter

von Wismut. Zusétzlich ist noch die Lage des Maximums aus
Gleichung (2.4.32) geplottet.

oberhalb der Platte ist. Die Hauptbeitrige dieses Integranden liegen bei A\ ~ 271,
sodass man das Maximum fiir die spektrale Energiedichte pj(w, d, z) sofort durch

2
o WL; (2.4.34)
P
abschétzen kann.

In Abb. 2.5 ist pj(w,d) fir Wismut, dh. w, = 2,3-10%s™" und 7 = 2,1 -
107165, bei z = 107° m in Abhéingigkeit von der Plattendicke d abgebildet. Auflerdem
findet man in der Abbildung Graphen fiir verschieden gewéhlte Frequenzen w. Man
sieht ziemlich gut das ausgeprigte Maximum bei dﬁ" aus Gl. (2.4.32). Offensichtlich
bewegt sich das Maximum fiir w — 0 zu d — 0. Dieses Verhalten wird spéter
in einem gesonderten Abschnitt genauer untersucht und fiihrt auf ein universelles
Potenzgesetz fiir die Energiedichte diinner Drude-Platten.

Nachdem nun die maximierende Dicke fiir die evaneszenten TM-Moden bestimmt
ist, soll die entsprechende Dicke fiir die TE-Moden in der Hagen-Rubens-Naherung
abgeleitet werden. Im stark evaneszenten Bereich gelten fiir die TE-Moden (siehe
Anhang C) die Relationen

Im(r2) ~ 20rRe(r?) und  Re(r?) ~ — 0 L “ry’ (2.4.35)
~ e e ~—— 2. 4.

m(r? wrRe(r{) un ri NATAGE

Fiir die TE-Moden gilt somit in der Hagen-Rubens-Néherung |a’| > |a”|, sodass

§

FO~ v v e -1

(2.4.36)
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log(p /J s m?)

Abbildung 2.5: Plot der spektralen Energiedichte pj(w,d) fiir
die Platte im Fall von Wismut bei 7" = 300 K in Abhéngig-
keit von der Plattendicke d fiir verschiedene Frequenzen w =
10M4s71, 5. 108571, 108 s71, ..., wobei der Pfeil die Richtung
anzeigt, in die sich die Graphen zu kleineren Frequenzen hin
bewegen.

ist. Das Maximum dieser Funktion kann man wieder elementar bestimmen und man
erhalt

gmax -

a —1
a |

(2.4.37)

womit die Plattendicke, bei der der Beitrag der evaneszenten TE-Moden maximal
wird, durch

1
ds ~

Re(r?) —1
R — | ——5— 2.4.
2hf (24.38)

Re(r?)

angegeben werden kann, da @’ = Re(r?) ist. Setzt man Re(r? ) mit |Re(r?)| < 1 aus
Gleichung (2.4.35) ein, bekommt man schliefllich mit hj ~ A

w N2/ A\
kodT %8<E) (ki_o) (2.4.39)

p

im stark evaneszenten Bereich, in dem A > k gilt.

In Abb. 2.6 findet man einen Plot der Funktion F'(£) aus Gl (2.4.24) fiir das
Drude-Metall Wismut mit @ = 2. Man sieht das ausgeprigte Maximum bzgl. kod
und \/kg, das im stark evaneszenten Bereich in guter Ubereinstimmung mit d$¥ aus
Gleichung (2.4.38) ist.

Da genau wie bei den evaneszenten TM-Moden das A-Integral fiir die Energiedich-
te in Gl. (2.4.1) im stark evaneszenten Nahfeld durch Werte bei A ~ 2z~ dominiert
ist, kann die maximierende Plattendicke diesmal durch

8/ w\/ 1\*
d¥ ~ — — — 2.4.4
+ k’o (ng) <k’02) ( O)
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Abbildung 2.6: Plot der Funktion F'(£) aus Gl. (2.4.24) mit der
Wahl a = 72 in Abhéngigkeit von den dimensionslosen Gréfen
A ko und kod fiir w = 10*s7!, der thermischen Frequenz bei
T = 300 K. Als Materialparameter dienen die Drude-Parameter
von Wismut. Zusétzlich ist noch die Lage des Maximums aus
Gleichung (2.4.38) geplottet.

abgeschétzt werden. Der wesentliche Unterschied zu dﬁv besteht nun darin, dass
dY oc w?27? ist, wohingegen df¥ o (w2) ist. Betrachtet man den Plot der spek-
tralen Energiedichte p, (w,d) bei z = 107%m in Abb. 2.7, siecht man wiederum ein
ausgeprigtes Maximum, das gut durch die Groe d9" aus Gleichung (2.4.38) an der
Stelle A = 2! anzugeben ist. Fiir Frequenzen w — 0 wandert dieses Maximum zu
d — oo. Die Ndherung fiir den stark evaneszenten Bereich aus Gleichung (2.4.40) ist
dagegen eher schlecht, was daran liegt, dass der TE-Moden-Anteil der Energiedichte
bei z = 107%m noch nicht das Verhalten des stark evaneszenten Bereiches zeigt. Das
qualitative Verhalten — die Proportionalitit d§ oc w™2273 — wird dennoch von Gl.

(2.4.40) richtig beschrieben.

2.4.3 Abstandsabhingigkeit der Energiedichte

Es soll nun die genaue Abstandsabhangigkeit der Energiedichte untersucht werden,
wobei neben der Plattendicke d als Léngenskala vor allem der Beobachtungsabstand
z als zweite Léangenskala zu beriicksichtigten ist.

Der Ausgangspunkt fiir diese Untersuchung ist der Ausdruck der Energiedichte
aus Gl. (2.4.1) fiir die evaneszenten Moden,

© Bw,Ty) [, NT®
() = / dw Z2) / ar X Tev 2 (2.4.41)
0 (2m) ko w hy

wobei T3% in G1. (2.4.11) gegeben ist. Fiihrt man die Variablentransformation y := Az
aus und setzt die Bedingung fiir das evaneszente Nahfeld kyz < 1 voraus, erhélt man
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log(p /J s m?)

log(d / m)

Abbildung 2.7: Plot der spektralen Energiedichte p, (w,d) fiir
die Platte im Fall von Wismut bei T = 300 K in Abhéngig-
keit von der Plattendicke d fiir verschiedene Frequenzen w =
104571, 5-10%s71, 108 s71, ..., wobei der Pfeil die Richtung
anzeigt, in die sich die Graphen zu kleineren Frequenzen hin
bewegen.

wegen
ho ~iZ und g~ Y (2.4.42)
z z
die Beziehungen
g0 und f=(1—e %) P2 (e s — e %), (2.4.43)
sodass
2 [dw Ew,Ty) [ T (r32)e~2
<uev>%_3/ _(.d (w7 22)/ dy 2 m(r )e _
2 ), w 2n)? ), |1 — rl2p32e=2v% 2

(2.4.44)
% {(1 _ e—2y§> + ‘,,,.12|2(e—2yg _ e_4yg>

ist, wobei aufgrund der Bose-Einstein-Funktion im Frequenzintegral die Bedingung
koz < 1 mit z < Ay, gleichbedeutend ist. Der Beobachtungsabstand z muss also
kleiner sein als die charakteristische thermische Wellenlénge

(2.4.45)

die bei Th = 300K einen Wert von 7,2 - 107%m annimmt. Im evaneszenten Nahfeld
ist diese Bedingung sehr gut erfiillt. Die Entwicklung in Gl. (2.4.44) ist noch sehr
allgemein und es erscheint in natiirlicher Weise das Verhéltnis von d und z, sodass
sich die beiden Grenzfélle d < z und d > z anbieten.

Betrachtet man zuerst den Grenzfall d > z, dann erhélt man sofort

oy 2 [®dw E(w,Ty) [~ _
(u®) ~ ;/0 7(27)22/0 dy y*Im(r*?)e”2. (2.4.46)
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Die Energiedichte oberhalb einer dielektrischen Platte mit z < d stimmt also mit
der Energiedichte oberhalb eines Halbraumes in Gl. (1.7.13) iiberein. Mit anderen
Worten: Beobachtet man die Energiedichte oberhalb einer Platte bei Absténden,
die kleiner als die Plattendicke sind, erscheint die Platte wie ein Halbraum. Dieses
Ergebnis ist physikalisch sehr plausibel, da im stark evaneszenten Nahfeld v ~ A
gilt, und somit bei gegebenem Abstand z im Wesentlichen nur die Wellenzahlen
A =~ z7! zur Energiedichte in Gl. (2.4.41) beitragen. Bei Abstinden z < d ist
das Nahfeld daher durch Wellenléingen der Groflenordnung z bestimmt, die selbst
keine Information iiber die Plattendicke d enthalten konnen. Dementsprechend ist
in diesem Abstandsbereich keine Abweichung vom Halbraumergebnis beobachtbar.
Fiir Drude-Materialien konnen die bereits abgeleiteten Ergebnisse

2 21.2,,2
ko era  27hg wpT

32\

Im(ry) = 557~ R (2.4.47)
2! 2

Im(rf?) & —2 o~ = (2.4.48)

e+ 12 T wit

aus den Gleichungen (2.4.31) und (2.4.35) verwendet werden und man erhilt dann
fir die Energiedichte im Nahfeldbereich (vgl. mit Gln. (1.7.18))

1 E(w> T2) 7 1 (kBT2)2 2
Y~ — —_— R 2.4.49
(ul) 42z (2m)2 T 9622 h “rT ( )
1 E(w, TQ) 1 6”2 1 (l{fBTg)Q 1
)~ —= — L R 2.4.50
(i) 23 / “ 2m)? wle+ 12 2423 R w27’ ( )

wobei der erste Ausdruck in der jeweiligen Gleichung allgemein gilt und der letzte
fiir Drude-Metalle in der Hagen-Rubens-Naherung richtig ist.

Fiir den entgegengesetzten Grenzfall z > d findet man zunéchst den allgemeinen
Ausdruck

2 oodw E(W,TQ) 9 Im(r32)e_2y d 1219
Na ) T e [ 2y~ (1 (2451
() 23/0 w  (2m)? /yy |1—7’12r32(1—2y§)\2[ yz( +[r )} (2.4.51)

Da fiir die TE-Moden im Nahfeld r; oc y™2k22? < 1 (vgl. Gl. (2.4.30)) gilt, kann
der Nenner durch 1 approximiert werden und man erhélt
/dw E(w, Ty)wely ~

ev d d (kBT2)2 2
(i) ~ T 96c222  h p

o WIT. (2.4.52)
Der erste Ausdruck gilt wieder allgemein, wohingegen der zweite Ausdruck fiir
Drude-Metalle in der Hagen-Rubens-Naherung giiltig ist. Der TE-Moden-Beitrag
zur Energiedichte im Nahfeld fiir z > d unterscheidet sich demnach von dem Bei-
trag fiir z < d lediglich durch den Faktor d/z.

Fiir die TM-Moden gilt zunéchst auch der allgemeine Zusammenhang aus GI.
(2.4.51), allerdings ist r im Nahfeld unabhéngig von A bzw. y. Es ist somit nicht
moglich, eine weitere Vereinfachung dieses Ausdruckes zu finden, ohne spezielle
Materialeigenschaften zu Rate zu ziehen. Man benutzt also neben der material-
unabhéngigen Relation

€
Im(rﬁ’Q) R~ 2

N — 2.4.53
|Er2 + 1|2 ( )
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Abbildung 2.8: Plot der Energiedichte fiir die Platte im Fall von
Wismut bei T" = 300 K in Abhéngigkeit von der Plattendicke
d fiir z = 107%m. Zusitzlich sind noch die Anteile der TE-
und TM-Moden eingetragen, die ein gegensétzliches Verhalten
in Abhéngigkeit von der Plattendicke d zeigen.

die materialabhéngigen Relationen

4w 4?
Im(rﬁ) N <1 und Re(rﬁ) ~1— N 1 (2.4.54)
p p
mit 7 = r* = 7 und |r)|*> = 1. Mithilfe dieser Relationen erhlt man zunéchst fiir

den Nenner des y-Integranden

(s

Beriicksichtigt man, dass der Integrand im y-Integral durch die Werte bei y ~ 1
dominiert ist, ergeben sich zwei mogliche Approximationen fiir z > d, und zwar

2 2

. (2.4.55)

d .
~ ‘Qy; - 1Im(rﬁ)

d 1 2w dff d _dy
-> —Im(rﬁ) = Tw =1 ud S« L (2.4.56)
z 2 W, T z z z

mit der maximierenden Dicke dﬁ" aus Gl. (2.4.34). Da aulerdem das Frequenzintegral

durch die Frequenzen mit w < kpT'/h = ¢/ Ay, bestimmt ist, kann man diese beiden
Fille mithilfe der Woltersdorff-Dicke dw = 2¢/(w?7) auch durch

d d d d
I1>->Y ymd —<«F«i1 (2.4.57)
z )\th zZ )\th
ausdriicken, wobei zu beachten ist, dass dw /Ay = dﬁ"(w = kgT/h)/z < 1 gilt.
Betrachtet man nicht allzu diinne Schichten, so tritt der erste Fall mit z > d > dﬁ"

ein, wohingegen man fiir sehr diinne Platten den zweiten Fall mit d < d|| < z
beriicksichtigen muss. Es soll nun zunéchst nur der erste Fall untersucht werden,
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wahrend der zweite Fall fiir sehr diinne Schichten im nachsten Abschnitt ausfiihrlich
diskutiert wird. Der Nenner im y-Integranden kann dann durch

|1 —r12r32(1 — 2yil)\2 A 4y2d—2 (2.4.58)
. = 4.
gendhert werden. Fiir die Energiedichte erhdlt man damit
1 1 E” 1 (]{?BTQ)Q 1
N —— [dw B(w, Ty)—— 22— ~ : 2.4.59
(i) dz%47? / w B(w, 2)w lero + 112 24d22 R w,T ( )

Der Anteil der TM-Moden zur Energiedichte fiir z > d unterscheidet sich also vom
entsprechenden Beitrag bei z < d durch den Faktor z/d > 1 und nicht durch den
Faktor d/z < 1, wie es bei den TE-Moden der Fall ist, wobei dieser Ausdruck nur

1 2 .4.6()

Giiltigkeit besitzt.

Man erhélt zusammengefasst also folgende Aussagen: Fiir jede dielektrische Plat-
te — also unabhéngig vom Material in Medium 1 — stimmt die Energiedichte im
Nahfeld fiir z < d mit der Energiedichte des Halbraumes iiberein. Fiir z > d ist
das Abstandsverhalten der Energiedichte fiir die TE- und TM-Moden proportional
zu 1/22, wobei man fiir eine Drude-Platte im Vakuum den TE-Moden-Anteil durch
Multiplikation mit d/z aus dem Nahfeldwert der Energiedichte fiir einen Halbraum
erhélt, aber den TM-Moden-Anteil aus dem entsprechenden Nahfeldwert durch Mul-
tiplikation mit z/d. Es ist anzunehmen, dass die Naherungen fiir z > d fiir das
Medium 2 auch gelten, wenn Medium 1 durch ein polares Medium gegeben ist, bei
dem sich die Annahme ¢,; = 1 nicht so dramatisch auswirkt, wie etwa Glas. Ist Me-
dium 1 dagegen durch ein Drude-Metall gegeben, so ist die Annahme €,; = 1 bzw.
€1 ~ 1 nicht mehr haltbar, sodass die Ndherung in Gl. (2.4.59) in diesem Fall nicht
mehr giiltig ist. Die Auswirkungen eines Substrat-Mediums mit €, # 1 werden im
néchsten Kapitel genauer untersucht.

Da nun das Abstandsverhalten der Energiedichte im Nahfeld fiir verschiedene
Plattendicken bekannt ist, kann man sich folgende Fragen stellen: Was geschieht
eigentlich fiir d — 07 Geht die Energiedichte linear mit d gegen Null, wie es fiir den
Poynting-Vektor der Fall ist? Klar ist, dass man sich fiir d — 0 stets im Bereich
2> d befinden wird. Betrachtet man die berechneten Grenzfille in Gl. (2.4.52) und
(2.4.59), scheint zunéchst einmal klar, dass (u9") linear mit d gegen Null gehen wird.
Andererseits ist <uﬁv> proportional zu d~!! Heifit das etwa, dass der TM-Moden-
Anteil der Energiedichte divergiert? Wirft man einen Blick auf den allgemeinen
Ausdruck der Transmissionskoeffizienten in Gl. (2.4.11), so verschwinden diese aber
fiir d = 0. In Abb. 2.8 ist die Energiedichte fiir Wismut in Abhéngigkeit von der
Plattendicke d bei einem festen Beobachtungsabstand z aufgetragen. Man sieht an-
hand dieses numerischen Ergebnisses, dass sich der Beitrag der TE-Moden erwar-
tungsgeméafy verhélt und fiir d — 0 linear mit d gegen Null geht. Der Beitrag der
TM-Moden dagegen verhélt sich unerwartet und scheint fiir d — 0 einen konstanten
Wert zu erreichen, obwohl das Quellenvolumen in diesem Grenzfall verschwindet. Im
folgenden Abschnitt soll der Grenzfall d — 0 fiir die TM-Moden genauer untersucht
und der Grenzwert fiir die TM-Moden bestimmt werden.
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2.4.4 Universelles Verhalten der Energiedichte

Betrachtet man die spektrale Energiedichte fiir die TM-Moden in Abb. 2.5 und
wéihlt eine feste Plattendicke d, dann sieht man, dass sehr hohe Frequenzen nur
einen unwesentlichen Beitrag zur Energiedichte liefern. Wéahlt man immer kleinere
Frequenzen, steigt der Beitrag dieser Frequenzen zur Energiedichte schiatzungsweise
solange, bis das Maximum dﬁ" mit dem gewéhlten d iibereinstimmt. Damit kann die
maximale Frequenz durch

Ad
A (Wimax) = d = Wi & w7 (2.4.61)

p
abgeschiitzt werden, wobei die Wellenzahlen A\ ~ z~! den wesentlichen Beitrag zur

Energiedichte liefern, sodass ;

Winax wa; (2.4.62)
gilt. Fiir Frequenzen kleiner als wy,,x wird der Beitrag zur Energiedichte konstant.
Dieses Verhalten kann man in Abb. 2.9 fiir den Fall von Wismut sehen. Wie man
der Abb. 2.9 entnehmen kann, nimmt der Wert der spektralen Energiedichte fiir
d — 0 entsprechend Gl. (2.4.59) mit 1/d zu, wohingegen wp.x, und damit der Fre-
quenzbereich, der wesentlich zur Energiedichte beitrégt, linear in d ist. Es scheint
S0, als ob damit die Energiedichte fiir d — 0 einen konstanten Wert annimmt. Dieser

Diskussion folgend sollte es moglich sein, die Energiedichte durch
(') = / dw p" = o (Wmax, @) Winax (2.4.63)

abzuschétzen. Den Grenzfall einer unendlich diinnen Platte, d — 0, kann man dann
aufgrund von Gleichung (2.4.62) direkt durch wy,.x — 0 realisieren.

Entnimmt man die spektrale Energiedichte aus Gl. (2.4.59) und benutzt GI.
(2.4.48), so erhélt man

ev ev 1 1
<UH > ~ pH (wmax, d)wmax = WE(wmax, Tg)ﬁwmax. (2464)
p

Fir den Grenzfall d — 0 erhalt man somit

kgT:
(uf') =~ %, (2.4.65)
also einen universellen, d.h. materialunabhéngigen Beitrag fiir die evaneszenten TM-
Moden im Grenzfall unendlich diinner Platten.

Anstelle dieses Verfahrens wird nun ein etwas direkterer Ansatz gew#hlt, um
den Grenzfall unendlich diinner Platten zu realisieren. Als Ausgangspunkt bietet
sich die Ndherung aus Gleichung (2.4.51) fiir z > d an, die ja im Grenzfall d — 0
mit Sicherheit erfiillt sein wird. Ausserdem werden nur die TM-Moden betrachtet,

wobei weiterhin angenommen wird, dass rﬁ2 = rﬁ’2 = r gilt. Somit erhilt man

(u®) ~ /dw EwT) 2 /dy y2‘ I ry)e™ [ng(l + |r|||2)]. (2.4.66)

27)? ZBw 1—r3(1—2y9))?
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Abbildung 2.9: Plot der spektralen Energiedichte pj(w) fiir die
Platte im Fall von Wismut bei T = 300K und z = 107 %m
in Abhéngigkeit von der Frequenz w fiir verschiedene Platten-
dicken d, wobei die Graphen in Pfeilrichtung fiir die Platten-
dicken 1078 m, 10~ m und 10~ m angegeben sind.

In der Hagen-Rubens-Ndherung kann der Nenner unter dem Integral durch

d\ |? d\’ 4w \?
117 (1 - 2y—) ~ <2y—) n (Tw) (2.4.67)
z 4 Cde

approximiert werden und es gilt |r|* ~ 1. Da nun der Grenzwert fiir unendlich
diinne Platten gesucht ist, gilt entsprechend Gl. (2.4.57)

d\> 4w \? d d
(2—) >>( ”) baw. - < N <. (2.4.68)

z w2t z A

p

Es miissen in diesem Fall beide Summanden im Nenner beriicksichtigt werden, da
der zweite Summand fiir sehr diinne Platten nicht vernachléssigt werden kann. Eine
Vernachldssigung des ersten Summanden hingegen wiirde den Nenner im y-Integral
abstandsunabhéngig machen, sodass der Ausdruck fiir die Energiedichte (2.4.66)
linear in d wére und damit fiir d — 0 verschwinden wiirde. Beriicksichtigt man da-
her beide Summanden und die Ndherungsausdriicke fiir die Reflexionskoeffizienten,
bekommt man den Ausdruck

Ew,T3) 2 2 , e
(u™) ~ /dw = /dyy —, (2.4.69)
212 22d w2 a2

(2m)? 22d w2t Y2+ (%)
2zw

(W) = =2 (2.4.70)

wpT
aus Gl. (2.4.34) eingefithrt wurde. Da Gl. (2.4.69) wieder durch die Frequenzen w <
kgTy/h dominiert ist, ergibt sich mit A = 2! fiir die Energiedichte die Lingenskala

_ kgTy\ d_w
T Thn )T

wobel die Grofie

i = dj’ (w (2.4.71)
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Fiir d > dy,; ergibt das Integral (2.4.69) das in Gleichung (2.4.59) abgeleitete 1/22-
Verhalten des TM-Moden-Beitrages zur Energiedichte. Fiir d < d,,,; hingegen sollte
sich das bereits abgeschitzte universelle Verhalten ergeben. Dementsprechend gibt
diese Léngenskala an, fiir welche Plattendicken man solch ein universelles Verhalten
erwarten kann. Betrachtet man also d < d,;, bekommt man zunéchst

dev

ey Il

2 2 E(w,Ty) (4 2/ je 2
YR — d — d . 2.4.72
(™) z2dw§7'/w (2m)? (d i n?+1 ( )

Da — wie zu Beginn dieses Abschnittes diskutiert wurde — bei sehr kleinen Plat-
tendicken der w-Integrand fiir kleine Frequenzen dominant wird, kann die Bose-
Einstein-Funktion durch

E(w, TQ) =~ kBTQ (2473)
approximiert werden. Man erhélt dann fiir die Energiedichte der TM-Moden

dev

ev Il
2 kpTy i\ ? ge 21

ev ~ d ev d
) 2%d (2m)? / | ( d / " n”*+1

2 kBT2 /d?’] 7]3 dde” ﬂ 26—2?7@
23d (27)? n?+1 '\ d

2 kpTh /d P TR (2.4.74)

B (2m)2 23 2
kT
16723

Diese Ableitung fithrt offenbar wieder auf ein universelles Verhalten, das gut mit
der Schitzung in Gl. (2.4.65) iibereinstimmt. Fir den Grenzfall d — 0 bzw. fiir
d < dyy; nimmt der Beitrag der TM-Moden zur Energiedichte einen konstanten,
materialunabhéngigen Wert ungleich Null an. Das ist verbliiffend und erscheint auf
den ersten Blick verwunderlich. Der physikalische Mechanismus, der hinter diesem
Verhalten steckt, ist anhand der hier gegebenen Rechnung nicht klar. Es kann aber
gezeigt werden, dass das Ansteigen des TM-Moden-Beitrages zur Energiedichte fiir
diinne Platten sowie das hier abgeleitete Verhalten der Oberflichenplasmonenkop-
pung auf den beiden Seiten der Platte zugeschrieben werden muss. Diese Kopplung
fithrt zu einer Aufspaltung des Oberflichenplasmonenzweiges in einen hochfrequen-
ten und einen niedrigfrequenten Zweig (siche [60, 61]). Macht man die Platte aus-
reichend diinn, gelangt der niedrigfrequente Zweig in den thermisch zugénglichen
Bereich um w < kg7'/h und kann dadurch zum thermischen Anteil der Energie-
dichte beitragen, wodurch diese erhoht wird und fiir beliebig diinne Platten einen
universellen Beitrag annimmt. Aufgrund der Ableitung des Wertes in Gl. (2.4.74),
bei der die Bose-Einstein-Funktion explizit durch kg1, approximiert wurde, konnte
angenommen werden, dass der abgeleitete Wert fiir das universelle Verhalten die
Anteile beider Plasmonenzweige enthélt, da in dem Frequenzintegral im Prinzip alle

68



2.4. DIE EVANESZENTEN MODEN 69

-10 -8 -6
log(z / m)

Abbildung 2.10: Plot der Energiedichte (u,) fiir die Platte im Fall von
Wismut bei T' = 300 K in Abhéngigkeit vom Beobachtungspunkt z oberhalb
der Platte fiir verschiedene Plattendicken d = 107°m (gepunktete Linie),
7-107"m (gestrichelte Linie) und 107'°m (durchgezogene Linien). Der Pfeil
zeigt das Verhalten der Energiedichte mit abnehmender Plattendicke an.
AuBlerdem sind die Ndherungen fiir den stark evaneszenten Bereich (diinne
durchgezogene Linie) fiir den Halbraum aus Gleichung (2.4.49) und fiir die
Platte aus Gleichung (2.4.52) geplottet.

Frequenzen beriicksichtigt werden. Eine genaue Diskussion der Oberflichenplasmo-
nenbeitrige in Kapitel 4 wird allerdings zeigen, dass der universelle Beitrag in GI.
(2.4.74) richtig ist und allein von dem niedrigfrequenten Zweig w_ herriihrt.

Die Grofe

dw ]{?BTQ 2c
Qo = 22 = = 2.4.
Z)\th * he ng (2:4.75)

gibt eine ungefidhre Dicke an, ab der das universelle Verhalten zu erwarten ist, wo-
bei wie in den vorherigen Rechnungen die Hagen-Rubens-Naherung vorausgesetzt
wird. Berechnet man diese Dicke im Falle von Wismut — w, = 2,1-10'%s™! und
7=2,3-10"%s — fiir = 107 %m und 7" = 300K, erhiilt man d5, ~ 8- 1071%m,
was erklirt, warum man so unphysikalische Plattendicken wie d = 1071 m betrach-
ten muss, um diesen Effekt iiberhaupt zu sehen (Siehe zum Beispiel Abb. 2.11).
Fiir bessere Drude-Metalle wie zum Beispiel Aluminium mit w, = 2,4 - 10'¢s7!
und 7 = 8 - 1071°s sieht die Lage noch viel schlechter aus, da die Relaxationszeit
grofer ist als bei Wismut. Fiir andere Drude-Metalle liegt die Relaxationszeit so-
gar bei 1075, sodass fiir besonders gute Drude-Metalle das abgeleitete universelle
Verhalten unmoglich zu realisieren ist. Aber: Offenbar ist die Grofle d,,; direkt pro-
portional zu zTyp, wobei p = 1/(eqw.T) den elektrischen Widerstand darstellt. Bei
groflen Temperaturen und schlechter Leitfahigkeit, wobei Drude-Verhalten vorausge-
setzt ist, nimmt also die Dicke d,,; zu, ab der das universelle 1/ 23-Verhalten einsetzt.
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Abbildung 2.11: Plot der Energiedichte (u) fiir die Platte im Fall von Wis-
mut bei 7' = 300K in Abhéngigkeit vom Beobachtungspunkt z oberhalb
der Platte fiir verschiedene Plattendicken d = 107°m (gepunktete Linie),
7-107"m (gestrichelte Linie) und 107 m (durchgezogene Linie). Der Pfeil
zeigt das Verhalten der Energiedichte mit abnehmender Plattendicke an.
AuBlerdem sind die Ndherungen fiir den stark evaneszenten Bereich (diinne
durchgezogene Linie) fiir den Halbraum aus Gleichung (2.4.50) und fiir die
Platte aus Gleichung (2.4.59) geplottet. Man erkennt fiir die unrealistisch
diinne Platte mit d = 107 m das universelle 1/23-Verhalten bei z ~ 107% m.

Da offenbar in natiirlicher Weise bei diinnen Filmen/Platten der Gleichstromwider-
stand zunimmt [44], konnte sich das universelle Verhalten bereits bei etwas groeren
Plattendicken zeigen als d,,; angibt. Eventuell sind auch Materialien wie zum Bei-
spiel Polypyrrol [PPy(PFg)] — ein dotiertes Polymer — oder dotierte Halbleiter
[62, 63], die ein Drude-Verhalten mit einer besonders kleinen Plasmafrequenz zei-
gen, gute Kandidaten, um dieses universelle 1/23-Verhalten zumindest qualitativ zu
zeigen.

2.5 Zusammenfassung

In diesem Abschnitt wurde das fluktuierende Nahfeld in der Nédhe einer dielektrischen
Platte untersucht, wobei man erwartungsgeméf} fiir Plattendicken d kleiner als die
Skintiefe d; Abweichungen von den Halbraumergebnissen bekommt. Fiir die propa-
gierenden Moden duflert sich diese Abweichung darin, dass man fiir Drude-Metalle im
Grenzfall d — 0 zunéchst bei d &~ dw ein Maximum im Poynting-Vektor und damit
in der thermischen Abstrahlung der Platte erhélt. Fiir unrealistisch diinne Platten
geht der Poynting-Vektor dann linear mit d gegen Null. Da die Woltersdorff-Dicke

dw (wz )~! = p ist, kann man erwarten, dass fiir Metalle mit einer schlechten
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Abbildung 2.12: Plot der gesamten Energiedichte (uges) fiir die Platte im
Fall von Wismut bei 7' = 300 K in Abhéngigkeit vom Beobachtungspunkt z
oberhalb der Platte fiir verschiedene Plattendicken d = 107%m (gepunktete
Linie), 7 - 10~"m (gestrichelte Linie) und 107'm (durchgezogene Linie).
Man sieht gut das nicht-monotone Verhalten der Energiedichte fiir d — 0,
das mit dem Ansteigen des TM-Moden-Anteils und dem Absinken des TE-
Moden Anteils fiir z > d verkniipft ist.

Leitfihigkeit dieses Maximum bei moderaten Plattendicken auftritt.

Fiir die evaneszenten Moden erhélt man ebenfalls die Halbraumergebnisse zu-
riick, wenn man Plattendicken betrachtet, die die Skintiefe iiberschreiten. Fiir Plat-
tendicken d < dg spielt neben der Skintiefe auch das Verhéltnis von der Plattendicke
d zum Beobachtungsabstand z eine wesentliche Rolle. Da die evaneszenten Moden
im Abstand z durch Wellenléngen der Gréf8enordnung z dominiert sind, ist es plau-
sibel, dass man fiir Absténde z < d das Halbraumergebnis zuriickbekommt, da die
entsprechenden evaneszenten Moden mit A™! ~ 2 < d die Beschrinkung durch die
endliche Plattendicke nicht ,spiiren* kénnen. Fiir Abstdnde z > d erhélt man dage-
gen eine erhebliche Abweichung vom Halbraumwert, die sich darin duflert, dass die
Halbraum-Potenzgesetze

(up) o<zt und  {uy) o< 277 (2.5.1)

fir die TE- und TM-Moden in ein Potenzgesetz proportional zu z~2 {ibergehen.
Zusétzlich findet man fiir die evaneszenten TM-Moden im klassischen Bereich, d.h.
fiir hohe Temperaturen bzw. grofle Abstédnde, ein universelles Verhalten, das sich bei
iiblichen Drude-Metallen wie Au, Ag oder Wismut allerdings erst fiir unrealistisch
diinne Platten bemerkbar macht. Wie bereits diskutiert, sollte man fiir spezielle
Materialien solch ein universelles Verhalten sehen konnen, wobei die Plattendicke,
ab der dieses universelle Verhalten eintritt, durch dy,; aus Gl. (2.4.75) gegeben ist.

Die TE- und TM-Moden kénnen im Nahfeld also ausschliefilich durch Potenzge-
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setze beschrieben werden. Ein Plot der numerischen Ergebnisse von (u ) fiir Wis-
mut zusammen mit den Approximationen in (2.4.49) und (2.4.52) ist in Abb. 2.10
dargestellt. Man findet eine sehr gute Ubereinstimmung der Energiedichte mit den
entsprechenden Naherungen, d.h. mit den abgeleiteten Potenzgesetzen.

Der entsprechende Plot von (u) fiir Wismut ist in Abb. 2.11 zu finden und auch
hier stimmen die Ndherungen aus den Gln. (2.4.50) und (2.4.59) sehr gut mit der
numerisch berechneten Energiedichte iiberein. Auflerdem macht sich fiir sehr diinne
Platten das universelle Verhalten aus Gl. (2.4.74) bei z ~ 1 pm bemerkbar.

In Abb. 2.12 ist noch ein Plot fiir die gesamte Energiedichte (u) = (uy) + (uy)
fiir Wismut-Platten verschiedener Dicken gezeigt, um das nicht-monotone Verhal-
ten der Gesamtenergiedichte bei Verdnderung der Plattendicke zu veranschaulichen.
Die Energiedichte fiir die Platte mit der Dicke d = 10~%m sollte in guter Uber-
einstimmung mit dem Halbraumergebnis sein, da diese Dicke die Skintiefe von
ds ~ 1,3 - 107" m {ibersteigt. Fiir diese Plattendicke erkennt man den fiir Metal-
le typischen Verlauf, bei denen im Bereich von z = 1078m bis z = 107 %m die
TE-Moden-Beitriige die Energiedichte dominieren. Fiir 2 < 108 m dominiert der
TM-Moden-Beitrag und fiihrt zu der charakteristischen 1/23-Abhiingigkeit der Ener-
giedichte. Bei einer Plattendicke von d = 7 - 107°m wird der TE-Moden-Anteil
schwiéicher und der TM-Moden-Anteil vergleichsweise stark im Bereich von z > d.
Bei dieser Dicke liefern die TE- und TM-Moden ungefahr den gleichen Beitrag zur
Gesamtenergiedichte, wie man in Abb. 2.8 sehen kann. Es setzt sich in diesem Be-
reich daher ein 1/2%-Verhalten der Energiedichte durch, das allerdings durch die TE-
und TM-Moden gleichermafien gegeben ist. Fiir z < d ist erwartungsgeméfl alles
beim ,alten”.

Wie bereits diskutiert wurde, kann man das universelle Verhalten der Nahfeld-
energiedichte fiir reale Drude-Metalle und damit auch fiir Wismut nicht erreichen,
da man die Schichtdicke so diinn machen miisste, dass sie hochstens durch eine Mo-
nolage des Materials realisiert werden kénnte. Um dennoch zumindest prinzipiell zu
zeigen, dass man fiir sehr diinne Schichten das abgeleitete universelle Potenzgesetz
erhilt, ist es daher notwendig, fiir Wismut eine Plattendicke von d = 107°m zu
wihlen. In diesem Fall (siche Abb. 2.12) dominiert im Bereich z < d und z > d
nur noch der TM-Moden-Beitrag die Energiedichte mit seinem 1/z3- bzw. 1/22-
Verhalten. Aulerdem wird fiir z > 107" m das universelle Verhalten der TM-Moden
sichtbar, das ebenfalls eine 1/z3-Abhingigkeit aufweist.

72



Kapitel 3

Das evaneszente Nahfeld eines
beschichteten Mediums

In diesem Kapitel wird das fluktuierende Nahfeld eines beschichteten Halbraumes
untersucht, wobei der Beitrag der Schicht bzw. des Coatings im Prinzip im vor-
herigen Kapitel ausfiihrlich diskutiert wurde. Fiir die vollstdndige Beschreibung ei-
nes beschichteten Materials muss allerdings noch der Beitrag der Quellen im Bulk-
Medium beriicksichtigt werden. Dementsprechend ist dieses Kapitel die natiirliche
Fortsetzung des vorherigen Kapitels und gibt damit eine vollstdndige Diskussion der
Abstandsabhéngigkeit der Energiedichte im evaneszenten Nahfeld, die es in der mir
bekannten Literatur so noch nicht gibt.

Es ist wieder unerlésslich, fiir die gegebene Geometrie die Greenschen Funktio-
nen zu konstruieren und mithilfe der Randbedingungen eindeutig zu bestimmen. Die
Resultate werden diesmal ohne die Angabe der Rechnung im ersten Abschnitt ange-
geben, da die Rechnungen analog zu den Rechnungen aus den vorherigen Kapiteln
ausgefiihrt werden konnen. Aus dem gleichen Grund werden die Berechnungen des
Poynting-Vektors und der Energiedichte in den darauf folgenden Abschnitten eben-
falls weggelassen und nur die Ergebnisse angegeben. Die Beitriage des Bulks und der
Schicht in der gegebenen Schichtgeometrie werden anhand numerischer Beispiele
ausfiihrlich diskutiert.

Wie im vorherigen Kapitel werden auch hier nur die lokalen Bulk-Permittivitaten
verwendet, sodass die gegebenen Ergebnisse den gleichen Einschrinkungen wie die
entsprechenden Ergebnisse aus dem vorherigen Kapitel unterliegen und fiir sehr
diinne Schichten und sehr kleine Beobachtungsabstinde nur qualitativ richtig sein
kénnen.

3.1 Konstruktion der Greenschen Funktion

Es wird nun die gleiche Geometrie wie im vorherigen Abschnitt (siche Abb. 2.1)
betrachtet, nur dass sich die Quellenstrome diesmal bei z < —d befinden. Die zu
betrachtenden Raumgebiete kénnen diesmal in drei verschiedene Gruppen eingeteilt
werden: Das Gebiet fiir alle 2’ < z < —d wird mit I, das fiir alle —d < z < 0 mit
IT und das fiir alle 0 < z mit 1] bezeichnet. Genau wie bei den zuvor betrachte-
ten Geometrien kénnen die Greenschen Funktionen fiir die einzelnen Gebiete durch
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Superposition der freien Losung mit den entsprechenden Streulosungen konstruiert
werden. Man erhélt fiir die drei Gebiete die elektrischen dyadischen Greenschen
Funktionen

A Z T (Mana ) + REeMan (1) ) Mia (=)
+ <Nim(h1) + RlTMNinA(—hl)) N\ (— hl)} (3.1.1)
2 5n0 2 2 /
Gfp=— [dx Z T7pMan(h) + RppMana(—h2) | @ M\ (—h1)
+ <T%MNim(h2) + R%MNiM(—ih)) @ N\ (— hl)}, (3.1.2)
E _ L S (2 - 5?%0) 3 / _
GIH - Ax /d)\ nz:% 7)\}11 TTEMinA(hS) ® Mim( hl)

Die Implementierung der Randbedingungen (1.1.7) bei z = —d und z = 0 fiihrt
auf die gesuchten Transmissionskoeffizienten im Gebiet I11:

4h1h2€_ihld
o

4h1 h2k2 —ih1d

Tip =
e k1ksC)

und T3, = (3.1.4)

mit den Koeffizienten C| und C} aus Gl. (2.3.12). Damit sind die elektrische und
die magnetische Greensche Funktion im Gebiet 111 eindeutig bestimmt.

3.2 Die propagierenden Moden
Die Berechnung des Poynting-Vektors und der Energiedichte kann nun ganz analog

zu den vorherigen Rechnungen durchgefiihrt werden und man erhélt wieder Glei-
chungen der Gestalt (1.6.11) bzw. (2.3.8):

E(w,T
(531 :/dw((;dT’yl)/d)\)\e_zh (TP + 1), (3.2.1)
wobei diesmal
Re(hs)Re(h
T3 = 16|h2\2—( ‘2&( 1), (3.2.2)
o |ka|* Re(hs)Re(hi€,1)
TiP" = 16]hy| T e (3.2.3)

gelten. Wiederum wurde vorausgesetzt, dass €3 = ¢ gilt, sodass der Poynting-Vektor
nur Informationen iiber die propagierenden Moden enthélt, da die Transmissions-
koeffizienten proportional zu Re(hs) sind. Um Informationen iiber das evaneszente
Nahfeld zu erlangen, muss dagegen wieder die Energiedichte betrachten werden.

74



3.2. DIE PROPAGIERENDEN MODEN 75

Fiir den Poynting-Vektor kénnen die Transmissionskoeffizienten fiir diinne und
dicke Beschichtungen, d.h. fiir hjd < 1 und hjd > 1, leicht abgeleitet werden. Fiir
diinne Platten mit hjd < 1 erhélt man

Re(hl)Re(hg)

31
TJ_l ~ 4 |a§,_1 D) (324)
und
s g lessl? Re(ue ) Re(hs)

= |€r1|2 |aﬁ32
3.2.5
 Relin@)Re(hy) (3:2:5)

P

da |C]? & 4|hy|*a!|? gilt. Diese beiden Transmissionskoeffizienten stimmen wie-
der mit den Transmissionskoeffizienten aus Gl. (1.6.12) fiir die Halbraumgeometrie
iiberein, bei der Dielektrikum 1 an Dielektrikum 3 grenzt, was sehr plausibel ist.
SchlieBlich werden die Beitrédge des Dielektrikums 1 in diesem Fall nur unwesentlich
durch das Dielektrikum 2 gedampft, da d < dg gilt.

Andererseits erhélt man fiir Beschichtungen mit Dicken d, die sehr viel grofier
als die Skintiefe sind (d.h. es gilt hjd > 1), fiir den Nenner der Transmissionskoef-
fizienten

|CJ* & |a* [*|a™|* exp(2h5d), (3.2.6)

sodass die Transmissionskoeffizienten exponentiell geddmpft und damit vernachlassig-
bar klein werden. Fiir Plattendicken d > ds werden die Beitrége des Dielektrikums 1
offenbar so stark durch das Dielektrikum 2 gedampft, dass sie oberhalb der Schicht-
geometrie einen vernachléssigbaren Beitrag liefern.

0 T T

T
--....:.-:;::::;;1.._A__. coating
[o17] | —

10g(S / Sgg)

log(d / m)

Abbildung 3.1: Numerisches Ergebnis fiir den Poynting-Vektor
eines GaN-Halbraumes, der mit einer Goldschicht bedeckt ist,
in Abhéngigkeit von der Schichtdicke d, wobei die Temperatur
auf T'= 300 K festgesetzt ist.
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Der Poynting-Vektor fiir die gesamte Schichtgeometrie, die auf einer festen Tem-
peratur T} = T, = T gehalten wird, setzt sich additiv aus dem Beitrag zusammen,
der durch die Quellenstrome in Dielektrikum 1 und dem Beitrag, der durch die
Quellenstrome in Dielektrikum 2 erzeugt wird. Der Poynting-Vektor der gesamten
Schichtgeometrie kann dann durch die Summe der beiden Beitrdge angegeben wer-
den und erhélt die Form

Ew,T)

(8= fa =

wobei die Transmissionskoeffizienten 7% durch die Summe des Bulkanteils 73! aus
Gl. (3.2.3) und des Anteils der Beschichtung 732 aus Gl. (2.3.9) gegeben sind.

Fiir die Transmissionskoeffizienten 73% aus Gl. (2.3.9) wurden die Grenzfille
dicker und diinner Beschichtungen bereits im vorigen Kapitel erortert, wobei festge-
stellt wurde, dass fiir d < dg diese Transmissionskoeffizienten linear mit d verschwin-
den, wohingegen fiir d > d, diese Transmissionskoeffizienten gegen das Halbraum-
ergebnis fiir Dielektrikum 2 konvergieren, das an Dielektrikum 3 grenzt. Somit kann
man zusammenfassend das Verhalten des Poynting-Vektors fiir einen beschichteten
Halbraum angeben: Der Poynting-Vektor der gesamten Schichtgeometrie gibt Werte
in Abhéngigkeit der Schichtdicke, die zwischen den Halbraumwerten des Bulkme-
diums und der Beschichtung liegen, wobei fiir d > d; der Halbraumwert der Be-
schichtung bzw. des Coatings erreicht wird und fiir d < dg der Halbraumwert des
Bulkmaterials. Dabei ist Dielektrikum 3 durch das Vakuum gegeben.

/ A Ae™ M3 (TF + TF™), (3.2.7)

'1 T T T '1 T T T

log(d / m)

IOg(S / SBB)
N
T
1
IOg(S / SBB)
N
T
1

log(d / m)

Abbildung 3.2: Links: Numerisches Ergebnis fiir den Poynting-Vektor eines
Gold-Halbraumes, der mit Platin beschichtet ist, in Abhéngigkeit von der
Schichtdicke d, wobei die Temperatur auf T = 300K festgesetzt ist. Im
zweiten Bild ist die gleiche Situation fiir einen Platin-Halbraum, der mit
Gold beschichtet ist, dargestellt.

In Abb. 3.1 ist der Poynting-Vektor fiir eine Schichtgeometrie geplottet, bei der
das Material des Bulk-Mediums durch GaN gegeben ist und das Material des Coa-
tings durch Gold. Die Permittivitét fiir Gold ist wieder durch die Drude-Permittivitét
und die Permittivitdt des GaN-Bulks durch die Reststrahlenformel gegeben. Man
sieht gut, wie der Poynting-Vektor fiir sehr diinne Schichten gegen den Halbraum-
wert von GaN strebt, der nahe bei dem Wert des schwarzen Strahlers liegt. Bei
Schichtdicken dagegen, die weit gréfer als die Skintiefe der Goldschicht sind, strebt
der Poynting-Vektor der gesamten Anordnung gegen den Halbraumwert von Gold,
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der um zwei Groflenordnungen kleiner als der Wert des schwarzen Strahlers ist.
Durch die Variation der Schichtdicke kann die Warmeabstrahlung dieser Anordnung
um bis zu zwei GroBenordnungen erhht bzw. verringert werden! Ubrigens ist das im
vorherigen Abschnitt abgeleitete Maximum im Poynting-Vektor fiir die Beschichtung
erhalten, aber es wird vollstéindig durch den Beitrag des darunter liegenden Halb-
raumes iiberdeckt, wie man in Abb. 3.1 sieht.

Natiirlich gilt hier auch der umgekehrte Schluss: Wiirde man einen Halbraum
aus Gold mit GaN beschichten, wiirde sich die Warmeabstrahlung bei Verringerung
der GaN-Schicht ebenfalls um bis zu zwei GroBenordnungen verringern. Dass diese
Umkehrung richtig ist, erkennt man sehr schén an den beiden Plots in Abb. 3.2, bei
denen zum einen ein Goldhalbraum mit Platin und zum anderen ein Platinhalbraum
mit Gold beschichtet wird. Der Wert des Poynting-Vektors fiir die Schichtgeometrie
liegt stets zwischen den entsprechenden Halbraumwerten, wobei der Ubergang im
Bereich der Skintiefe einsetzt, die bei wy, ~ 10**s7! fiir Platin bei d©* = 47 nm und
fiir Gold bei dA" = 22 nm liegt.

3.3 Die evaneszenten Moden

Auch die Berechnung des Beitrages zur Energiedichte, der durch die Felder mit den
Quellenstromen in Dielektrikum 1 — also des Substratmediums — verursacht wird,
fithrt wieder auf die bereits bekannte Form aus Gl. (1.7.10) bzw. (2.4.1):

w 2 . Til T3l
(uP(2)) :/dw%/d)\)\;—;e_%ﬂ%, (3.3.1)

wobei die Transmissionskoeffizienten in den Gln. (3.2.3) gegeben sind. Die GroBe A2
wurde in Gl. (1.7.11) definiert und ist im propagierenden Bereich, d.h. A < k¢, durch
2k2 und im evaneszenten Bereich, d.h. A > kg, durch 2)\? gegeben.

Die Bestimmung der Grenzwerte der Energiedichte fiir diinne und dicke Platten
ist fiir den Beitrag des Substrats bzw. Bulks harmlos, da der Zihler und der Nenner
in den Transmissionskoeffizienten 7" in Gl. (3.2.3) nicht in Abhéngigkeit von h%d
konkurrieren. Die Grenzfille konnen daher fiir hjd < 1 und hid > 1 genauso
wie fiir den Poynting-Vektor im vorherigen Abschnitt bestimmt werden, sodass fiir
hid > 1 der Beitrag des Bulkmaterials zur Energiedichte verschwindet, wohingegen
fiir den entgegengesetzten Grenzfall hijd < 1 der Beitrag des Bulkmaterials dem
eines Halbraumes gleicht, der aus dem Dielektrikum 1 besteht, d.h. die Beschichtung
vernachlédssigbaren Einfluss auf die Energiedichte des Bulkmediums hat.

Um nun die gesamte Anordnung des beschichteten Halbraumes zu diskutieren,
muss dem Energiedichtebeitrag des Bulkmaterials auch der Beitrag der Beschichtung
bzw. des Coatings aus Gl. (2.4.1),

w 2 . Tiz T32
(0 () = /dw E((QW’)? /d)\A;—Ze‘%Z%, (3.3.2)

mit den Transmissionskoeffizienten aus Gl. (2.3.9) bzw. (2.4.11) hinzuaddiert wer-
den. Fiir die Energiedichte oberhalb eines beschichteten Halbraumes erhélt man
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daher genau wie fiir den Poynting-Vektor einen Beitrag des Substrats entsprechend
Gl (3.3.1) und einen Beitrag des Coatings entsprechend Gl. (3.3.2).

Der Beitrag des Coatings wurde bereits in dem vorherigen Kapitel ausfiihrlich
fiir Metalle in der Hagen-Rubens-Naherung diskutiert, allerdings hauptséchlich fiir
den Spezialfall, dass €; = €3 = ¢, gilt. Bei Anwesenheit eines Substrats mit €; # ¢
kann der Beitrag des Coatings jedoch stark von den bereits diskutierten Grenzfillen
fiir eine frei stehende Metallschicht abweichen. Betrachtet man beispielsweise den
Nahfeldbeitrag der TM-Moden fiir die Beschichtung im Bereich z > d, dann gilt
der Gl. (2.4.51) folgend

w Im(r3?)e=2Y
(™) ~ /dw Ew,T) 2 /dyy2 (ri*) [de(l N |Tﬁ2‘2)}. (3.33)

2r)? 2w 1 — 21— 2y

Fiir den Fall, dass €; = €3 = ¢, folgt dann, dass die Reflexionskoeffizienten be-
tragsméBig gleich sind, d.h., dass ]7"1'2\ = \rﬁ’2| gilt, wobei fiir gut leitende Metalle
zusiitzlich |r|?| ~ 1 und damit auch [ri?| ~ 1 erfiillt ist, sodass man néherungsweise

erhilt, also die 1/z2-Abhéingigkeit, die im Zusammenhang mit der Plattengeometrie
diskutiert wurde. W&hlt man als Beschichtung ein Drude-Metall und als Bulkme-
dium ein polares Dielektrikum, so kann man erwarten, dass |ri*| = |r?| in guter
Néherung erfiillt bleibt. Daher ist zu erwarten, dass in solchen Konfigurationen fiir
den Beitrag der Schicht in der Schichtgeometrie die im vorherigen Kapitel diskutier-
ten Effekte erhalten bleiben.

Geht man allerdings davon aus, dass das Bulkmaterial auch ein Metall ist, dann
ist anzunehmen, dass der Fresnel-Koeffizient |7“ﬁ2| anndhernd vernachléssigt werden
kann, da der Unterschied zwischen den Materialeigenschaften im Dielektrikum 1 und
im Dielektrikum 2 dann sehr gering ist. Somit kann der Nenner im Integranden in
Gl. (3.3.3) in einer sehr groben Approximation

. E(w,T) 4d )
(uy >%/dw ﬁ%/dyyglm(rﬁﬁ)e 2y (3.3.5)

durch 1 ersetzt werden und man erhilt eine 1/z%-Abhiingigkeit. Nun ist eine rein
theoretische Diskussion, die klédrt, in welchem Beobachtungsbereich z in Abhéngig-
keit von der Plattendicke d welcher Beitrag die Energiedichte dominiert, aufgrund
der Materialabhéingigkeiten sehr miithsam. Einfacher ist es, numerische Berechnun-
gen der Energiedichte durchzufiihren und auf dieser Grundlage das Wechselspiel von
Bulkbeitrag und dem Beitrag der Beschichtung zu diskutieren. Diese Vorgehensweise
wird im Weiteren verfolgt.

In Abb. 3.3 ist der TM-Moden-Anteil der Energiedichte (ujj) fiir einen beschichte-
ten Halbraum in Abhéngigkeit vom Beobachtungsabstand z aufgetragen, wobei nur
der Anteil der Wismut-Schicht geplottet ist. Die Temperatur betrdgt T = 300 K.
Um den Einfluss des Bulkmaterials auf den Energiedichtebeitrag der Schicht zu un-
tersuchen, wurden fiir verschiedene Schichtdicken die Bulkmaterialien GaN und Al

78



3.3. DIE EVANESZENTEN MODEN 79

log(u / ugg)

-10 -8 -6
log(z / m)

Abbildung 3.3: Numerische Ergebnisse der Energiedichte <uﬁ)
einer Bi-Schicht fiir einen beschichteten GaN- bzw. einen Al-
Halbraum in Abhéngigkeit vom Beobachtungsabstand z bei fe-
ster Temperatur 7' = 300 K und variierenden Schichtdicken d.
Die durchgezogene Linie ist die Energiedichte fiir einen reinen
Bi-Halbraum, die gestrichelte Linie steht fiir eine 5nm dicke
Bi-Schicht auf GaN bzw. Al und die gepunktete Linie steht fiir
eine 1 nm dicke Bi-Schicht ebenfalls auf GaN bzw. Al, wobei die
Werte fiir den GaN-Bulk fiir d — 0 grofer und fiir den Al-Bulk

kleiner werden.

gewihlt. Fiir GaN als Bulkmaterial erkennt man in Abb. 3.3 gut, wie der Ener-
giedichtebeitrag fiir z > d {iber den Halbraumwert (durchgezogene Linie) steigt,
wenn die Schichtdicke verringert wird, und in das im vorherigen Kapitel abgeleitete
1/ 22-Verhalten iibergeht. Wiirde man die Schichtdicke noch kleiner als dyn; machen,
kénnte man sehen, wie der Energiedichtebeitrag wieder in ein 1/z3-Verhalten iiber-
ginge. Fiir Al als Bulkmaterial veréndert sich diese Situation vollkommen. Bei Ver-
ringerung der Schichtdicke sinkt der Beitrag zur Energiedichte der Schicht fiir z > d
unter den Energiedichtebeitrag des Halbraumes und geht in ein 1/z%-Verhalten iiber,
wie es im vorhergehenden Absatz diskutiert wurde. Wie man in Abb. 3.3 sieht, ist
bei fester Schichtdicke d < dg und festem Beobachtungsabstand kgz < 1 und z > d
der Energiedichtebeitrag der Bi-Schicht fiir die TM-Moden fiir einen GaN-Bulk voll-
kommen von dem fiir einen Al-Bulk verschieden. Vergleicht man beispielsweise in
Abb. 3.3 die Werte bei z = 10" m fiir eine Schichtdicke von d = 5-10~?m, so liegen
diese um ca. drei Gréenordnungen auseinander.

Der TE-Moden-Anteil der Energiedichte fiir einen beschichteten Halbraum ver-
hélt sich dagegen folgendermafien: In Abb. 3.4 sieht man, wie fiir kleiner werdende
Schichtdicken der Beitrag der TE-Moden zur Energiedichte (u9) zunéchst unab-
hiangig vom Bulkmaterial fiir z > d unter den Halbraumwert (durchgezogene Linie)
des Coatingmaterials fillt. Bei 2 ~ 10~® m zeigt sich ein Aufspalten der Energiedich-
tebeitrédge bei fester Schichtdicke in Abhéngigkeit vom Bulkmaterial. Betrachtet man
beispielsweise den Graphen fiir d = 1nm (gepunktete Linie), so stimmen die Gra-
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Abbildung 3.4: Numerisches Ergebnis der Energiedichte (u9)
der Bi-Schicht fiir einen beschichteten GaN- bzw. einen Al-
Halbraum in Abhéngigkeit vom Beobachtungsabstand z bei fe-
ster Temperatur 7" = 300 K und variierenden Schichtdicken d.
Die durchgezogene Linie ist die Energiedichte fiir einen reinen
Bi-Halbraum, die gestrichelte Linie steht fiir eine 5nm dicke
Bi-Schicht auf GaN bzw. Al und die gepunktete Linie steht fiir
eine 1nm dicke Bi-Schicht ebenfalls auf GaN bzw. Al. Dabei
sind die Werte fiir den GaN-Bulk fiir z > d stets grofler als die
Werte fiir den Al-Bulk, bzw. fiir Absténde z < d genauso grof.

phen fiir z < 107®m unabhiingig von der Wahl des Substrats sehr gut iiberein. Fiir
z > 10~%m geht der obere Graph, bei dem das Bulkmaterial aus GaN besteht, in die
bereits bekannte 1/z2-Abhéngigkeit iiber. Der untere Graph hingegen, bei dem das
Bulkmaterial aus Al besteht, scheint in eine 1/z*-Abhiingigkeit iiberzugehen. Somit
verhalten sich die TE-Moden dhnlich den TM-Moden: Fiir polare Bulkmaterialien,
zumindest fiir GaN, gelten die im vorherigen Kapitel abgeleiteten Potenzgesetze,
wohingegen fiir leitende Bulkmaterialien eine 1/z%-Abhéngigkeit auftritt. Allerdings
unterscheiden sich die TM-Moden-Beitrage von den TE-Moden-Beitrdgen gerade
dadurch, dass die TM-Moden fiir diinne Schichten Werte liefern kénnen, die den
Halbraumwert der Energiedichte des Schichtmaterials iibersteigen.

Nachdem nun erértert wurde, wie sich die Wahl des Bulkmediums auf das fluktu-
ierende Nahfeld der Schicht auswirkt, soll nun der Frage nachgegangen werden, wel-
chen Beitrag das Bulkmedium noch zur gesamten Energiedichte liefert. Wie bereits
eingangs diskutiert wurde, geht der Beitrag des Bulkmediums (u") zur Energiedichte
fiir diinne Schichten in seinen Halbraumwert iiber, da die Transmissionskoeffizienten
in diesem Grenzfall d < dg durch Gl. (3.2.4) bzw. (3.2.5) gegeben sind. Bei Schichten,
die sehr viel diinner als die Skintiefe dg der Schicht sind, ist daher anzunehmen, dass
der Beitrag des Bulkmediums zur Energiedichte (u”) fiir gewisse Abstinde Werte
erreichen kann, die von der Gréflenordnung des Beitrages des Schichtmediums (u€)
bzw. grofler als dieser sind.
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Abbildung 3.5: Numerisches Ergebnis der Energiedichte (u°)
und (uP) fiir eine 5nm-Bi-Schicht auf einem Al-Halbraum in
Abhéngigkeit vom Beobachtungsabstand z bei fester Tempera-
tur 7' = 300 K.

Betrachtet man beispielsweise Absténde z < d, so erhélt man fiir (u°) den Halb-
raumwert des Coatings, da die dominanten lateralen Wellenzahlen durch die Wellen-
zahlen mit Az =~ 1 gegeben sind, d.h. dass die Wellenlédngen in diesem Abstandsbe-
reich kleiner als die Schichtdicke sind, da A\~ < d gilt, und somit keine Information
iiber die endliche Dicke der Schicht enthalten. Fiir den Beitrag des Bulkmediums (u)
oberhalb der betrachteten Schichtanordnung erhélt man zunéchst ebenfalls Werte,
die dem Halbraumwert des Substratmediums entsprechen. Allerdings kénnen ober-
halb der Schichtgeometrie nur solche Moden zu (uP) beitragen, deren Wellenléinge
grofer als die Dicke d des Schichtmediums selbst ist, da das Bulkmedium entspre-
chend GI. (3.2.6) nur fiir hijd ~ A\d < 1 einen wesentlichen Beitrag liefert. Dement-
sprechend konnen fiir Absténde z kleiner als d nur die evaneszenten Moden mit
lateralen Wellenzahlen Ad < 1 beitragen. Damit hat man eine Beschridnkung der
beitragenden Moden, die durch die Plattendicke d gegeben ist. Je dicker also die
Schicht des Coatings ist, desto weniger Moden tragen im evaneszenten Bereich zum
A-Integral bei, sodass man fiir sehr kleine Beobachtungsabstinde mit z < d einen
konstanten abstandsunabhiingigen Beitrag fiir (u) bekommt. Daher kann man er-
warten, dass fiir z < d stets (u°) > (uP) gilt. Diesen Sachverhalt kann man gut in
Abb. 3.5 beobachten.

Fiir Abstdnde z > d sieht der Sachverhalt etwas anders aus, denn die Werte
fiir die Energiedichte des Substrats entsprechen bei diesen Abstédnden dem Halb-
raumwert des Substrats ohne Schicht, da die Einschrankung A\d < 1, die zu einem
konstanten Bulkbeitrag fiir Abstdnde z < d fiihrt, nicht wirksam werden kann. So-
mit kann es unter Umsténden sein, dass der Beitrag des Substrats Werte liefert,
die groBer sind als der Beitrag des Coatings. Das ist natiirlich nur moglich, wenn
(u®) fiir diese Absténde entsprechend klein wird. Betrachtet man beispielsweise ein
Metallcoating auf einem Metallsubstrat, so liefert das Substrat eine Energiedichte,
die in dem betrachteten Abstandsbereich z > d fiir Metalle typischerweise durch
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Abbildung 3.6: Numerisches Ergebnis der Energiedichte (u°)
und (uP) fiir eine 5 nm-Bi-Schicht auf einem GaN-Halbraum in
Abhéngigkeit vom Beobachtungsabstand z bei fester Tempera-
tur 7' = 300 K.

die TE-Moden dominiert wird. Der Beitrag des Coatings (u°) hingegen liefert — wie
in Abb. 3.3 und 3.4 gesehen werden kann — fiir die TE- und TM-Moden Werte,
die unter dem entsprechenden Halbraumwert des Coatingmaterials liegen. Insofern
kann fiir Abstédnde z > d und Plattendicken d < dg der Beitrag des Substrats
zur Energiedichte Werte liefern, die grofier sind als die Werte des Coatingmateri-
als; man kann also (u®) > (u®) bekommen. Die Nahfeldenergiedichte ist in diesem
Fall — wie man in Abb. 3.5 anhand numerischer Ergebnisse sehen kann — durch
die Eigenschaften des unter der Schicht liegenden Mediums bestimmt, was an sich
sehr interessant ist. Schliefllich kénnte man somit zumindest prinzipiell mit einer
Apparatur, die es ermdglicht, die Nahfeldenergiedichte oberhalb eines beschichteten
Mediums zu vermessen, durch die Wahl des Abstandsbereiches z < d bzw. z > d
Eigenschaften des Schichtmediums bzw. des Bulkmediums vermessen.

Nimmt man als Bulkmedium allerdings ein polares Medium, so sieht der Sach-
verhalt etwas anders aus, da der Beitrag der diinnen Schicht in diesem Fall fiir die
TM-Moden Werte liefert, die weit oberhalb des Halbraumwerts des Schichtmediums
liegen — wie man in Abb. 3.3 sieht. AuBerdem ist die Energiedichte (u’) in dem
gesamten Abstandsbereich durch die TM-Moden dominiert. Daher erscheint es eher
unwahrscheinlich, dass (u”) > (u°) erreicht werden kann. Vielmehr ist zu erwarten,
dass fiir den gesamten Abstandsbereich im Nahfeld der Beitrag des Coatings (u€)
dominiert. Da sich die Nahfeldenergiedichte des Coatings fiir Schichtdicken d kleiner
als die Skintiefe dg nicht monoton verhélt, kann man diese Aussage nicht genauer
fassen. In Abb. 3.6 findet man einen Plot fiir eine 5 nm-Wismut-Schicht auf einem
GaN-Halbraum, wobei in diesem Fall (u°) nahezu im gesamten Abstandsbereich
grofer als (uP) ist.

Die in Abb. 3.5 und 3.6 dargestellten Plots geben Auskunft iiber den Beitrag des
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Abbildung 3.7: Numerisches Ergebnis der Energiedichte (u8%)
fiir eine 5 nm-Bi-Schicht auf einem GaN-, Pt- oder Al-Halbraum
in Abhéngigkeit vom Beobachtungsabstand z bei fester Tem-
peratur 7' = 300 K.

Bulks und des Coatings zur Gesamtenergiedichte, die durch die Summe
(ue) = (u®) + (u) (3.3.6)

gegeben ist. Zu guter Letzt sollen die TE- und TM-Moden-Anteile der Gesamtener-
giedichte (u#*) diskutiert werden, die im Nahfeld in sehr guter Naherung mit (uy)
bzw. (ug) iibereinstimmen. Dazu betrachte man die Abbildungen 3.7 und 3.8, die
die Beitrige der TE- und TM-Moden zur Gesamtenergiedichte oberhalb eines mit
Wismut beschichteten Halbraumes darstellen. Die Dicke der Wismut-Schicht liegt
bei 5nm und die Temperatur ist wieder auf T" = 300 K festgelegt. In den jeweili-
gen Abbildungen findet man drei verschiedene Graphen fiir die drei Bulkmaterialien
GaN, Pt und Al. Ein Vergleich der beiden Abbildungen 3.7 und 3.8 macht zunéchst
deutlich, dass die Gesamtenergiedichte fiir z > d durch die TE-Moden dominiert
ist. Fiir z < d wird die Gesamtenergiedichte dagegen durch die TM-Moden domi-
niert, wobei in diesem Abstandsbereich der Wert der Gesamtenergiedichte durch den
Halbraumwert der Wismut-Schicht gegeben ist.

Im Beobachtungsbereich z > d zeigt sich fiir GaN als Bulkmaterial in beiden
Abbildungen ein 1/z%-Verhalten, das fiir die TE-Moden und TM-Moden von glei-
cher Groenordnung ist. Nimmt man als Bulkmaterial hingegen ein Metall (Pt oder
Al), unterscheiden sich die Anteile der TE-Moden und TM-Moden zur Gesamtener-
giedichte fiir z > d drastisch. Der Energiedichtebeitrag der TE-Moden (u5*) in
Abb. 3.7 geht fiir z > dy aus einem nahezu konstanten Verhalten fiir z < dg in ein

1/2*-Verhalten bei z > 1 pum iiber. Der Energiedichtebeitrag der TM-Moden (u™)

in Abb. 3.8 geht fiir z > dy von einem 1/z*-Verhalten fiir z < ds in ein von z
unabhéngiges Verhalten fiir z > 1 pum iiber. Abgesehen von der verschiedenen z-
Abhiéngigkeit unterscheiden sich im Bereich d < z < 1 ym die Werte fiir (u5°) und

(u[”) um ca. vier GréBenordnungen.
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Abbildung 3.8: Numerisches Ergebnis der Energiedichte (u|®)
fiir eine 5 nm-Bi-Schicht auf einem GaN-, Pt- oder Al-Halbraum
in Abhéingigkeit vom Beobachtungsabstand z bei fester Tem-

peratur 7' = 300 K.

3.4 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurden die propagierenden und evaneszenten Moden oberhalb ei-
nes beschichteten Halbraumes fiir verschiedene Materialkombinationen anhand nu-
merischer Ergebnisse ausfiihrlich diskutiert. Es zeigt sich fiir die propagierenden
Moden, dass der Betrag des Poynting-Vektors und damit die abgestrahlte Energie
pro Flache und Zeit zwischen den Halbraumergebnissen des Bulk- und des Schicht-
materials liegen. Das im vorherigen Kapitel abgeleitete Maximum fiir freistehende
Platten konnte in einer Schichtgeometrie nicht beobachtet werden, da fiir Platten-
dicken d < ds der Poynting-Vektor nicht durch den Beitrag der Schicht, sondern
durch den Beitrag des Bulkmaterials dominiert wird.

Die evaneszenten Moden zeigen im Gegensatz zu den propagierenden Moden fiir
bestimmte Materialkombinationen das Verhalten einer frei stehenden Schicht, wie
es im vorherigen Kapitel abgeleitet wurde. Beschichtet man ein polares Medium mit
einer Metallschicht, so ergeben sich offenbar nur kleine Anderungen in der Ener-
giedichte im Vergleich zur frei stehenden metallischen Platte, weil in diesem Fall
12| ~ |r%| gilt und zusitzlich der Beitrag des Bulkmediums durch die metalli-
sche Schicht stark geddmpft ist. Daher gelten in diesem Fall auch die im vorherigen
Kapitel abgeleiteten Potenzgesetze fiir die verschiedenen Grenzfélle. So erhélt man
fiir Schichten diinner als die Skintiefe, d < d, fiir z > d die charakteristischen
Potenzgesetze (u;) o< 272 und (u)))  z~2 fiir die TE- und TM-Moden.

Wiéhlt man dagegen ein Drude-Metall als Bulkmedium, so ergeben sich erhebli-
che Unterschiede. Dabei ist interessant, dass in diesem Fall fiir d < ds und z > d
die Gesamtenergiedichte durch den Beitrag des Bulkmediums dominiert sein kann.
AuBlerdem &ndert sich fiir die TM-Moden das entsprechende Potenzgesetz drastisch,
wobel man statt () o< 272 die Abhéngigkeit (u)) o< z~* findet. Daher unterschei-
den sich die numerischen Werte fiir die Energiedichte im Nahfeld mit z > d in
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Abhéngigkeit von der Wahl des Bulkmediums um Gréfenordnungen.

Dementsprechend erhélt man oberhalb eines mit einem bestimmten Drude-Metall
beschichteten Halbraumes (sieche Abb. 3.7 und 3.8) sehr unterschiedliche Ergebnisse:
Fiir ein polares Bulkmedium ist bei ausreichend diinner Schicht eine Proportiona-
litdt zu 22 im evaneszenten Nahfeld zu erwarten, die gleichermafen von den evanes-
zenten TE- und TM-Moden der Energiedichte der Drude-Schicht herriihrt. Fiir ein
metallisches Bulkmedium dagegen muss man ein nahezu z-unabhéngiges Verhalten
erwarten, das fiir relativ grofle Abstéind im Nahfeld in ein Potenzgesetz proportional
zu z~* iibergeht, wobei dieser Beitrag allein vom Bulkmaterial stammen kann.
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Kapitel 4

Oberflachenmoden

In diesem Abschnitt wird der Beitrag der Oberflichenmoden zur Energiedichte des
Nahfeldes in einer Schichtgeometrie genauer untersucht. Es soll vor allem gezeigt
werden, dass sowohl der Anstieg der Energiedichte fiir Metallschichten als auch das
abgeleitete universelle Verhalten eine Folge der Oberflichenplasmonenkopplung an
den beiden Schichtgrenzen ist.

Dazu werden in den ersten beiden Abschnitten zunéchst die notwendigen theo-
retischen Grundlagen in einer Weise dargestellt, die es erméglicht, den Einfluss der
Oberflichenmoden auf die Energiedichte genauer zu studieren. Die Oberflachenmo-
den in einer Halbraum- bzw. Plattengeometrie sind in der Vergangenheit fiir Metalle
und polare Medien bereits eingehend untersucht worden [60, 64, 65, 66, 67, 68], wo-
bei man eine relativ ausfiihrliche Darstellung beispielsweise in [61, 69, 70] finden
kann. In dem darauf folgenden Abschnitt wird eine ausfiihrliche Diskussion der Aus-
wirkung der Oberflachenmodenkopplung auf die lokale Zustandsdichte gegeben bzw.
die Energiedichte anhand numerischer Berechnungen fiir verschiedene Materialkom-
binationen untersucht. Schliefllich werden im letzten Abschnitt explizit die Beitrdge
der Oberflichenplasmonen fiir den Fall diinner Platten bestimmt und das universelle
Verhalten fiir die Energiedichte bestétigt.

4.1 Oberflaichenmoden in einer Halbraumgeome-
trie

Zuerst soll der einfachste Fall einer Halbraumgeometrie betrachtet werden. Es gibt
daher nur eine planparallele Schnittstelle zwischen zwei unbegrenzten Medien, an der
die sogenannten Oberflichenmoden auftreten konnen. Das Hauptmerkmal der Ober-
flaichenmoden ist die Eigenschaft, dass diese Moden exponentiell zu beiden Seiten
der Schnittstelle abklingen. Es handelt sich daher fiir beide Seiten der Schnittstelle
um rein evaneszente Moden.

Gegeben sei also ein Halbraum bei z < 0 mit der Permittivitidt ¢; und daran
angrenzend ein zweiter Halbraum bei z > 0 mit der Permittivitdt ey, wobei die
Einfallsebene durch die x-z-Ebene gegeben ist. Der Einfachheit wegen soll davon
ausgegangen werden, dass die Permittivitéiten rein reelle Grofien sind. Fiir den TE-
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polarisierten Anteil der Oberflichenmoden wird der Ansatz
E,; =Ae"* und E,,= Be ** (4.1.1)

gemacht, wobei die Wellenvektorkomponente in 2-Richtung durch ~; = /A2 — k2¢,;
gegeben ist, wobei 72 > 0 gilt. Implementiert man nun die Randbedingungen bei
2z = 0, d.h. E, sowie die Ableitung 0.F, sind stetig, da pu; = po = po gilt, so
bekommt man die Bedingung

Y1=—72 bzw. € =¢ (4.1.2)

fiir die Existenz der Oberflichenmoden. Da diese Bedingung fiir zwei verschiede-

ne Medien mit €; und €, im Allgemeinen nicht erfiillt sein kann, kann man die

Schlussfolgerung ziehen, dass es keine TE-polarisierten evaneszenten Oberflachen-
moden in einer Halbraumgeometrie mit nicht-permeablen Materialien gibt.

Fiir die TM-polarisierten evaneszenten Oberflichenmoden kann man den Ansatz

H

Y,

1= Ae’*  und Hy,g = Be™?? (413)

machen. Implementiert man auch fiir diesen Fall die Randbedingungen bei z = 0,
d.h. H, sowie die Ableitung € 18ZHyi sind stetig, so bekommt man die Bedingung

n_ (4.1.4)
€1 €2
fiir die evaneszenten Oberflaichenmoden. Anhand dieser Gleichung kann man sehen,
dass sie fiir reelle Permittivitdten nur erfiillt werden kann, falls €; oder €5 negativ
ist. Fiir den Spezialfall €5 = ¢ ist daher die notwendige Bedingung fiir die Existenz
von Oberflichenmoden, dass es Frequenzen gibt, bei denen €; negativ ist. Man kann
nun fiir den Spezialfall ¢ = ¢y die Dispersionsrelation in Gl. (4.1.4) durch Qua-
drieren beider Gleichungsseiten und Auflésen nach der Wellenvektorkomponente in
z-Richtung A in der Form
€r1
€1+ 1

angeben. Das ist die bekannte Dispersionsrelation fiir die Oberflichenmoden, die in
dieser Form auch fiir komplexe Permittivitdten e; giiltig ist, wobei der Realteil von
A die Dispersion und der Imaginérteil von A die Ddmpfung in Ausbreitungsrichtung
beschreibt. Die Oberflichenmoden in einer Halbraumgeometrie fiir nicht-permeable
Materialien sind also eine reine TM-Moden-Erscheinung mit der Dispersionsrelation
(4.1.5).

Verwendet man nun fiir Drude-Metalle mit wr > 1 die Permittivitét

A =k

(4.1.5)

w2

€Er1 N 1-— w—g (416)

des Plasmamodells und setzt diese in die Dispersionsrelation (4.1.5) ein, erhalt man
eine Gleichung, die quadratisch in w? ist, sodass man die beiden Lsungen [70]

1 1
w2 = §w§ == 3! [wa + dctAd (4.1.7)
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erhélt. Allerdings ist nur die Losung w_ realisierbar, denn aufgrund des Ansatzes
evaneszenter Moden gilt die Nebenbedingung 7% > 0, d.h.

N — k2e, > 0. (4.1.8)

Daraus folgt durch Einsetzen der Materialeigenschaften fiir das Drude-Material, dass
auch

AN — W wf) >0 (4.1.9)

gelten muss, sodass damit eine obere Schranke fiir die physikalisch sinnvollen Fre-
quenzen existiert, die durch w, im Allgemeinen verletzt wird. Daher gibt es nur einen
physikalisch sinnvollen Zweig mit w_ fiir die evaneszenten Oberflichenmoden, die in
Metallen auch als Oberflichenplasmonen bezeichnet werden. Im Nahfeld mit A > kg
bzw. im nicht-retardierten Bereich mit ¢ — oo konvergiert die Dispersionsrelation
(4.1.7) fiir w_ gegen die Oberflachenplasmonenfrequenz

“p
Nk

Man kann {ibrigens anhand der Dispersionsrelation in Gl. (4.1.5) leicht sehen, dass
diese im nichtretardierten Bereich mit \?/k% — oo nur fiir €,; — —1 erfiillt werden
kann. Daher kann man aus der Permittivitéit die Oberflichenplasmonenfrequenz auch
durch das Losen der Gleichung €, (ws) = —1 erhalten.

Der Plot der Dispersionsrelation aus Gl. (4.1.7) in Abb. 4.1 fiir den Zweig w_ zeigt
sehr schon, wie sich der Graph fiir A > k, := w,,/c an die horizontale Linie bei w = wj
anschmiegt, sodass man fiir die lokale Zustandsdichte — wie man es beispielsweise
fiir die Phononendispersionsrelation kennt — eine Art van Hove-Singularitéit bzw.
eine Oberflichenplasmonenresonanz bei der Oberflichenplasmonenfrequenz w, zu
erwarten hat. Auflerdem kann man die vorausgesetzte Eigenschaft, dass es sich hier
um eine rein evaneszente Mode handelt, in Abb. 4.1 daran festmachen, dass der
Graph der Dispersionsrelation (4.1.7) rechts der Lichtlinie mit w = ¢ liegt, d.h. es
gilt stets A > k.

Die Interpretation der Oberflichenmoden ist nun folgende [61]: Bei diesen Moden
handelt es sich um kollektive Elektronenschwingungen an der Metalloberfliche, die
an das elektromagnetische Feld koppeln und sich in A-Richtung ausbreiten. Es han-
delt sich also streng genommen bei den Oberflichenplasmonen um Quasiteilchen, die
fir A < k,, ,lichtartig” sind, da sich die Dispersionsrelation (siche Abb. 4.1) an die
Dispersionsrelation des Lichtes w = Ac anschmiegt. Fiir A > k, konvergiert die Di-
spersionsrelation gegen die Oberflichenplasmonenfrequenz w,; das Oberflachenplas-
mon kann somit als ,,plasmonenartig® angesehen werden. Man spricht daher auch von
Oberflachenplasmonen-Polaritonen, um den Quasiteilchencharakter hervorzuheben.
Ubrigens wird mit dieser Interpretation anschaulich klar, warum Oberflichenmoden
reine TM-Moden-Erscheinungen sind: Die kollektiven Elektronenschwingungen ge-
gen den positiv geladenen Hintergrund im Metall erzeugen Oberflichenladungen an
der Metalloberfliche. Diese Oberflichenladungen koppeln an das elektrische Feld,
was mit einer Unstetigkeit in der Normalkomponente E, verbunden ist. Nur ein
TM-polarisiertes elektrisches Feld, also ein elektrisches Feld, das Feldkomponenten

ws = (4.1.10)
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Abbildung 4.1: Dispersionsrelation fiir den Oberflichenplasmo-
nenzweig w_ aus Gl. (4.1.7), wobei die Lichtlinie mit w = Ac
und die Oberflichenplasmonenfrequenz w, = w,/v/2 eingezeich-
net sind. Die Wellenzahl A ist in Einheiten von k, = w,/c an-
gegeben.

senkrecht zur Metalloberfliche des Mediums hat, kann daher an diese Oberflachen-
ladungen koppeln. Ein TE-polarisiertes Feld kann dagegen selbst keine Oberfléchen-
ladungen erzeugen oder an diese koppeln, da es keine Komponente senkrecht zur
Metalloberfliche hat.

Fiir ein polares Medium gilt nun ebenfalls die Dispersionsrelation aus Gl. (4.1.5),
was mit der Permittivitét

2 2
erlzem(1+w; wt), (4.1.11)

wi — w?

d.h. der Reststrahlenformel ohne Dampfung, schliefllich auf [70]

1 2)2 1 232\ 2 22
W = S (wh + 4 5\/<W? + c—) 48T <wl2600 Fw(l— eoo)) (4.1.12)

oo o0

fiihrt. Da wieder die Nebenbedingung +? > 0 gilt, muss mit der Permittivitit fiir
das polare Medium die Ungleichung

2 2
A2~ kZe, (1 T e ) >0 (4.1.13)
t

w? — w?

erfiillt sein. Daraus folgt, da infolge der Lydanne-Sachs-Teller-Relation w; > w; gelten
muss, dass notwendigerweise w > w; gilt, um fiir alle A > 0 einen positiven Ausdruck
auf der linken Gleichungsseite zu erhalten. Wie im Falle des Drude-Metalls fiithrt nur
der Zweig w_ zu einer physikalisch sinnvollen Losung [70], wobei nach Gl. (4.1.13)
natiirlich w_ > w; gelten muss. Die Oberflichenmoden, die diese Dispersionsrela-
tion erfiillen, werden Oberflichenphononen genannt. Im Nahfeld mit A > kg bzw.
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im nicht-retardierten Bereich mit ¢ — oo strebt die Dispersionsrelation gegen die

Oberflachenphononenfrequenz
[ 2 2
W, = mj (4.1.14)
1+ ey

was wieder zu einer Art van Hove-Singularitdt bzw. einer Resonanz in der lokalen
Zustandsdichte (siehe Abb. 1.5) bei w, fiihrt. Man kann iibrigens leicht nachpriifen,
dass man die Oberflichenphononenfrequenz w, im quasistatischen Grenzfall wieder
direkt durch Losen der Gleichung €, (ws) = —1 mit der Permittivitiat aus Gl. (4.1.11)
bestimmen kann.

Die Interpretation ist diesmal #hnlich: Bei diesen Moden handelt es sich um
kollektive Phononenschwingungen an der Grenzflache bei z = 0, die an das elektro-
magnetische Feld koppeln und sich in A-Richtung ausbreiten. Es handelt sich hier
also streng genommen wieder um Quasiteilchen, die auch als Oberflichenphononen-
Polaritonen bezeichnet werden. Wie im Falle der Oberflachenplasmonen koénnen die
Polarisationen an der Oberfldche des polaren Mediums an die TM-polarisierten Fel-
der koppeln, da diese eine Feldkomponente senkrecht zur Oberfliche aufweisen. Die
Dispersionsrelation, die hier nicht eigens geplottet wird, zeigt einen dhnlichen Verlauf
wie die Dispersionsrelation fiir die Oberflachenplasmonen, nur mit dem Unterschied,
dass die Dispersionsrelation fiir die Oberflichenphononen erst bei w; beginnt und fiir
A > k= wi/e gegen wy < w; konvergiert. Der Oberflichenphononenzweig ist daher
auf das Reststrahlenband zwischen w; und w; beschrankt.

4.2 Oberflichenmoden in einer Plattengeometrie

Genau wie im vorherigen Abschnitt soll nun die Dispersionsrelation fiir die Ober-
flichenmoden in einer Plattengeometrie (siche Abb. 2.1) abgeleitet werden. Da die
Oberflichenmoden rein TM-polarisierte Moden sind, wird die Ableitung hier nur fiir
die TM-Moden gegeben, d.h. es wird nicht eigens gezeigt, dass es in einer Platten-
geometrie ebenfalls keine TE-polarisierten Oberflichenmoden geben kann. Analog
zur Halbraumgeometrie wird der Ansatz

H,, = Ac™* (4.2.1)
H,, = Be 7" 4 Ce»* (4.2.2)
H,3 = De (4.2.3)

fiir die TM-Moden gewihlt, wobei wieder v; = /A2 — €,k mit v? > 0 gilt. Das
Implementieren der Randbedingungen bei z = —d und z = 0 liefert schliellich die
Dispersionsrelation fiir die evaneszenten Moden in der Form

1— 7,|1|2T|?|,2e—272d7 (4.2.4)

wobei rﬁ2 und rﬁ’2 die iiblichen Fresnelschen Amplitudenreflexionskoeffizienten sind.
Diese Dispersionsrelation kann auch in der Form

Np=1—rrie™? =0 (4.2.5)
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geschrieben werden. Diese Relation gilt in dieser Form fiir alle Materialkombina-
tionen in der Plattengeometrie und stimmt mit dem Nenner der Energiedichte (vgl.
dazu die Transmissionskoeffizienten in Gl. (2.4.11)) {iberein, sodass gerade die Ober-
flichenmoden im evaneszenten Bereich einen erheblichen Beitrag zur Energiedichte
liefern. Man beachte, dass die Relation in Gl. (4.2.5) in dieser Form fiir reelle A und
w nur fiir reelle Permittivitéiten erfiillt werden kann, sodass in diesem Fall die Pol-
stellen der Transmissionskoeffizienten durch die Oberflichenmoden bestimmt sind.
Fiir Medien mit Dissipation, d.h. mit komplexwertigen Permittivitéiten, liegt dieser
Pol nicht mehr auf der Integrationsachse, sodass man in diesem Fall Resonanzen
erhalt.

Es soll nun der Spezialfall ¢ = €3 = ¢y einer freistehenden Platte betrachtet
werden. Man kann fiir diesen symmetrischen Fall Gl. (4.2.5) auch in der Form

rife 2 = 41 (4.2.6)

angeben. Daher bekommt man im Nahfeld mit A > kj mit den entsprechenden
Reflexionskoeffizienten aus Gl. (2.4.30) die beiden Gleichungen

1 - 61”2 -\
T = +1. 4.2.7
1+ Erge ( )

Anhand dieser Dispersionsrelation kann man sehen, dass sie wiederum nur erfiillt
werden kann, falls €, < 0 ist, weil nur in diesem Fall die linke Gleichungsseite vom
Betrag her mit der rechten Gleichungsseite iibereinstimmen kann. Man beachte, dass
fir den Reflexionskoeffizienten |r| > 1 gelten muss, um die Dispersionsrelation fiir
die Oberflichenmoden in Gl. (4.2.6) iiberhaupt erfiillen zu kénnen. Man kann an-
hand von Gl. (4.2.7) auch sehen, dass diese Bedingung fiir Materialien mit einer
negativen Permittivitdt im evaneszenten Nahfeld erfiillt ist, sodass die physikalische
Randbedingung |r| < 1 nur fiir propagierende Moden giiltig ist. Die Dispersions-
relation in Gl. (4.2.7) soll nun wieder fir Drude-Metalle und polare Medien néher
betrachtet werden.

Geht man von einem Drude-Metall ohne Dampfung (Plasmamodell) mit der
Permittivitét e, = 1 — w?/w? aus Gl. (4.1.6) aus, bekommt man nach Einsetzen in
GL (4.2.7) und Auflésen nach w die Gleichungen

Y

V2

Man erhilt somit zwei Oberflachenplasmonenzweige mit w, > w, und w_ < wy (siehe
Abb. 4.2), die fiir den Fall dicker Platten, d.h. es gilt A\d > 1, die Oberflichenplas-
monenfrequenz wy fiir die Halbraumgeometrie haben. Man beachte, dass die Gln.
(4.2.8) nur im nicht-retardierten Bereich mit A > kq gelten, d.h. nahe der Lichtlinie
w = Ac nicht richtig sind. Zusétzlich kann man anhand der Gln. (4.2.8) leicht sehen,
dass fiir unendlich diinne Platten, d.h. A\d — 0, die beiden Oberflichenplasmonen-
moden gegen die Werte wy — w, und w_ — 0 streben, d.h. bei festem A hat man
in diesem Fall zwei Resonanzen in der lokalen Zustandsdichte bei w, und w ~ 0 zu
erwarten.

Die Interpretation ist jetzt die folgende [61]: Ist die metallische Platte sehr viel
dicker als die Skintiefe ds, so hat man auf beiden Plattenseiten, also bei z = —d

1+e M, (4.2.8)

W+ =
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Abbildung 4.2: Dispersionsrelation fiir den hoch- und den nied-
rigfrequenten Oberflichenplasmonenzweig w, und w_ aus GI.
(4.2.8) fiir d = 107*m, 5-107" m und d = 1072 m. AuBerdem ist
die Dispersionsrelation fiir einen Halbraum (diinne durchgezo-
gene Linie), die fiir A > k, gegen die Oberflichenplasmonenre-
sonanz beil w = w,/ V2 konvergiert, aufgetragen. Zusitzlich ist
eine vertikale Linie bei A = 27! fiir einen Beobachtungsabstand
2z = 107®m eingezeichnet. Man beachte, dass diese Graphen
nur fiir Ad > ko Giiltigkeit haben, sodass sie die Dispersions-
relation in der Nahe der Lichtlinie w = ¢\ und damit auch fiir
A <k, nicht richtig wiedergeben.

und z = 0, die bereits diskutierten Oberflichenmoden fiir eine Halbraumgeome-
trie. Fiir Metallschichten, die Dicken im Bereich der Skintiefe ds haben, kénnen die
kollektiven Elektronenschwingungen auf beiden Plattenseiten aneinander koppeln,
sodass die zweifache Entartung des Oberflachenplasmonenzweiges aufgehoben wird
und es auf beiden Plattenseiten Oszillationen mit w, bzw. w_ geben kann. Die
beiden Oberflichenplasmonenzweige unterscheiden sich dadurch, dass sich bei den
kollektiven Elektronenschwingungen auf den beiden Plattenseiten entweder Ladun-
gen mit unterschiedlichem Vorzeichen gegeniiberstehen, sodass die Schwingungen
yentgegengesetzt“ sind, oder sich die Ladungen mit gleichem Vorzeichen gegeniiber-
liegen, sodass die Schwingungen ,,gleichgerichtet® sind. Man beachte dazu, dass die
hochfrequente Losung w, die Losung fiir 7% exp(—72d) = —1 und die niedrigfre-
quente Losung w_ die Losung fiir 7{”exp(—72d) = +1 ist. Im Fall &1 = €3 = ¢
erhilt man durch Implementierung der Randbedingungen in Gl. (4.2.3) leicht das
Zwischenergebnis

D = ri%e 24 Ae™ (4.2.9)

sodass Hy, (2 = —d) = £H,3(# = 0) gilt. Die hochfrequente Losung w, fiihrt
also auf ein symmetrisches Magnetfeld H, auf beiden Plattenseiten, wohingegen
die niedrigfrequente Losung w_ auf ein anti-symmetrisches Magnetfeld H, auf bei-
den Plattenseiten fithrt. Dabei ist das E-Feld fiir w, auf beiden Plattenseiten anti-
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symmetrisch und fiir w_ symmetrisch. Daher stehen sich bei den hochfrequenten
Oberflichenmoden Ladungstrager mit entgegengesetztem Vorzeichen und bei den
niedrigfrequenten Oberflichenmoden Ladungstriger mit gleichem Vorzeichen ge-
geniiber. Man beachte aber, dass man fiir die inverse Konfiguration, d.h. man hat
ein Vakuumgap zwischen zwei unendlich ausgedehnten Metall-Halbraumen, statt Gl.
(4.2.6) die Relation

rite 2 = 41 (4.2.10)

erhélt, sodass in diesem Fall die hochfrequente Mode anti-symmetrisch bzgl. H,
ist und die niedrigfrequente symmetrisch bzgl. H,. Es stehen sich also dann bei
den hochfrequenten Oberflichenmoden Ladungstrager mit gleichem Vorzeichen und
bei den niedrigfrequenten Oberflichenmoden Ladungstriger mit entgegengesetztem
Vorzeichen gegeniiber.

Fiir polare Medien gilt ebenfalls die Dispersionsrelation aus Gl. (4.2.8) im Nahfeld
mit A > ko. Mit der Permittivitét aus Gl. (4.1.11) und der Dispersionsrelation aus
Gl. (4.2.8) erhélt man

wfeoo ($1 — e’\d) — wf ($1 + e’\d)
€0 (FL — M) — (F1 + M)

Es gibt also auch fiir die polaren Medien eine Kopplung der beiden Oberflichen-
moden, die zu zwei Oberflichenphononenzweigen mit den Frequenzen w, und w_
fithrt. Wie man leicht sieht, konvergieren fiir sehr diinne Platten, d.h. Ad — 0, die
Frequenzen der beiden Oberflichenphononenzweige gegen die Werte w, — w; und
w_ — wy. Das heifit, dass man bei festem A fiir diinne Platten zwei Oberflichenpho-
nonenresonanzen bei w; und w; in der lokalen Zustandsdichte zu erwarten hat.

(4.2.11)

2 _
Wy =

4.3 Energiedichte und Oberflichenmoden

Um den Einfluss der Oberflichenmoden auf die Energiedichte untersuchen zu kénnen,
soll nun die lokale Zustandsdichte D(w,d, z) aus Gl. (1.7.15),

(u(d, 2)) = / dw E(w, T)D(w, d, =), (4.3.1)

ndher untersucht werden, wobei (u(d, z)) die Energiedichte im Abstand z von einer
Schicht der Dicke d darstellt. Da die Oberflichenmoden ein reiner TM-Moden-Effekt
sind, soll im Weiteren nur der TM-Moden-Anteil der lokalen Zustandsdichte D)
betrachtet werden, sodass immer, wenn in diesem Abschnitt die Rede von der lokalen
Zustandsdichte ist, nur der TM-Moden-Anteil der lokalen Zustandsdichte gemeint
ist.

Man betrachte znédchst die lokale Zustandsdichte bzw. die local density of states
(LDOS) oberhalb einer Bi-Platte bei 2 = 107®m, wie sie in Abb. 4.3 abgebildet
ist. Fiir die Plattendicke d = 5-10""m, d.h. d > ds und z < d, erwartet man
das Halbraumergebnis fiir die Energiedichte. Dementsprechend ist es folgerichtig,
dass es fiir diesen Abstand in Abb. 4.3 nur eine Oberflichenplasmonenresonanz
bei w,/ V2 ~ 0,71 wp gibt. Fiir Plattendicken d < ds koppeln die beiden Ober-
flichenplasmonen auf den Plattenoberflichen miteinander und es bilden sich zwei
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Abbildung 4.3: Die lokale Zustandsdichte oberhalb einer Bi-
Platte bei z = 10~® m fiir verschiedene Plattendicken d.

Oberflachenplasmonenzweige mit den Frequenzen w, und w_ geméf Gl. (4.2.7) bzw.
Abb. 4.2 heraus. Wie bereits diskutiert wurde, ist das A-Integral der Energiedichte
bzw. der lokalen Zustandsdichte durch die Beitrige bei A = 27! bestimmt, sodass
bei z =10"*m und w)’ = 2,1-10'"s™" gerade Beitrige bei A = 1,43k, die Ener-
giedichte dominieren. In Abb. 4.2 ist fiir A = 1,43k, eine vertikale Linie geplottet.
Man kann anhand Abb. 4.2 sehr schon sehen, wie die Schnittpunkte der Oberflachen-
plasmonenzweige mit A = 1,43 k,, fiir diinner werdende Platten geméfl wy — w, und
w_ — 0 konvergieren. Das entspricht genau dem Verhalten der Resonanzen in der lo-
kalen Zustandsdichte in Abb. 4.3. Bestimmt man fiir die abgebildeten Plattendicken
aus Gl. (4.2.7) mit A ~ 1/z = 10* m~! die entsprechenden Oberflichenplasmonenfre-
quenzen, bekommt man die in Tabelle 4.1 dargestellten Werte. Diese Werte stimmen
sehr gut mit Resonanzen in Abb. 4.3 {iberein.

d/m |[5-1071° | 107° | 5-107? | 1078

wijw, | 099 |098| 082 |085
w_Jw,| 0,16 |022| 044 | 055

Tabelle 4.1: Werte fiir wy, die sich fiir verschiedene Plattendicken aus Gl. (4.2.7)
ergeben.

Da die Bose-Einstein-Funktion Frequenzen grofler als wyy, stark dampft, kann die
hochfrequente Oberfléchenplasmonenresonanz w, nur geringe Beitridge zur Energie-
dichte bei T' = 300 K liefern. Die niedrigfrequente Oberflichenplasmonenresonanz
bei w_ hingegen bewegt sich fiir diinner werdende Platten zu niedrigeren Frequen-
zen und erzeugt, da die Resonanz breit ist, ein Ansteigen der Energiedichte auch bei
Frequenzen nahe wy,. Macht man die Platten noch diinner, wandert diese Resonanz
in den thermisch anregbaren Bereich, um schliefflich gegen w = 0 zu konvergieren.
Man kann in Abb. 4.3 gut sehen, wie sich fiir sehr diinne Platten bei w = 0 eine star-
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ke Resonanz ausbildet, die letztendlich fiir das universelle Verhalten in Gl. (2.4.74),
das fiir die Energiedichte diinner Drude-Materialien abgeleitet wurde, verantwort-
lich gemacht werden muss. SchliefSlich gilt fiir alle Drude-Materialien gleichermaflen,
dass bei festem A bzw. festem Beobachtungsabstand w_ gegen w = 0 fiir diinne
Platten konvergiert, ganz unabhéngig von den speziellen Materialeigenschaften des
Drude-Metalles.

210° I |
5101 0m ——
1109 m -~
B 5109 m 7
1108 m
110° 5107 m -z

LDOS /s m™

1.5

Abbildung 4.4: Die lokale Zustandsdichte oberhalb einer Au-
Platte bei z = 10~8m fiir verschiedene Plattendicken d.
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Abbildung 4.5: Die lokale Zustandsdichte oberhalb einer GaN-
Platte bei z = 108 m fiir verschiedene Plattendicken d.

Es stellt sich aber die Frage, warum das Verhalten der Energiedichte fiir eine
Goldschicht nicht das gleiche ist wie fiir die Bi-Schicht, denn schliefSlich sind die
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Plasmafrequenzen fiir Gold und Wismut nahezu identisch, d.h. die Lage der Ober-
flichenresonanz wy ist in beiden Féllen gleich. (Es gilt ja stets Gl. (4.2.7).) Da sich
beide Drude-Materialien hauptséchlich durch die Relaxationszeiten unterscheiden,
die selbst um zwei Groflenordnungen auseinander liegen, muss auch die Relaxati-
onszeit eine wichtige Rolle fiir das Finsetzen des universellen Verhaltens spielen.
Betrachtet man die lokale Zustandsdichte fiir eine Goldschicht bei z = 1078 m in
Abb. 4.4, sieht man, dass die Lage der Oberflichenplasmonen w, und w_ im we-
sentlichen mit denen fiir eine Wismut-Schicht iibereinstimmen. Allerdings sind die
Resonanzen im Fall einer Goldschicht viel schérfer. Das ist darauf zuriickzufiihren,
dass die Relaxationszeit von Gold sehr viel grofler ist als fiir Wismut, d.h. es gilt
Tauw > Tgi. Die Oberflichenplasmonen in einer Wismut-Schicht sind also viel stérker
gedampft als in einer Goldschicht, sodass die Resonanz bei Wismut sehr viel breiter
ist. Das hat zur Folge, dass die lokale Zustandsdichte im Bereich thermischer Fre-
quenzen wyy, fiir eine Bi-Schicht durch die , breiten Auslaufer* der Resonanz bei w_
bereits fiir Frequenzen w_ > wy, stark erhoht wird. Fiir Gold sind die Resonanzen
nicht so breit, sodass man sehr viel diinnere Goldschichten herstellen miisste, um
das gleiche universelle Verhalten wie fiir die Bi-Schicht zu erhalten. Diese Schlussfol-
gerung ist im Einklang mit der abgeleiteten Langenskala dy,; o< 1/7 aus Gl. (2.4.75),
die die Schichtdicke angibt, ab der das universelle Verhalten einsetzt.

Wie sieht es denn nun mit einer Schicht aus einem polarem Material aus? Die
Vermutung ist, dass man fiir d > dg eine Oberflachenphononenresonanz bei wy aus
Gl (4.1.14) erhilt. Fiir Plattendicken bei d < ds erhélt man zwei Oberflichenpho-
nonenzweige mit w, bzw. w_ gemafl Gl. (4.2.11). Daher hat man bei einem festen
Beobachtungsabstand A = 27! wieder zwei Resonanzen zu erwarten, die bei den
entsprechenden Frequenzen w, bzw. w_ fiir dieses feste A liegen und fiir sehr diinne
Platten gegen w,; — w; und w_ — w; streben. Abb. 4.5 zeigt genau dieses Verhalten;
schlieBlich liegt w; fiir GaN bei 0, 75 w;. Allerdings ist die niedrigfrequente Resonanz
bei w; sehr viel starker ausgeprégt als die hochfrequente Resonanz bei w;, sodass
das Energiedichtespektrum im Nahfeld fiir diinne Schichten polarer Medien gerade
durch die Resonanz nahe w; geprégt ist.

Zu guter Letzt soll noch untersucht werden, wie sich das Vorhandensein eines
Bulkmediums auf das Verhalten der Oberflichenplasmonen in einer dariiber liegen-
den Metallschicht auswirkt. Man geht also davon aus, dass €; # ¢, gilt. Fiir eine
Bi-Schicht auf einem GaN-Bulk zeigt Abb. 4.6, dass sich erwartungsgeméafl an dem
generellen Verhalten nicht besonders viel dndert. Die Energiedichte wird im We-
sentlichen dhnliche Werte liefern wie die Energiedichte der freien Bi-Schicht, wie
es bereits bei der Diskussion der Energiedichte fiir beschichtete Medien festgestellt
wurde. Allerdings macht sich die Kopplung der Oberflachenplasmonen innerhalb der
Schicht mit den Oberflichenphononen des Bulk-Mediums in der Dispersionsrelati-
on und damit auch in der lokalen Zustandsdichte bemerkbar. Dieser Effekt kann in
Abb. 4.6 aber nicht beobachtet werden, da w; < w, gilt.

Nimmt man dagegen als Bulkmedium ebenfalls ein Drude-Metall, so wurde an-
hand der Energiedichte oberhalb des beschichteten Mediums bereits diskutiert, dass
die Energiedichte fiir diinne Schichten mit d < dg im Vergleich zur freien Bi-Schicht
bzw. zu einem mit Wismut beschichteten GaN-Substrat ein ganz anderes Verhalten
zeigt und fiir d < z weit unter dem Wert liegt, den man fiir mit Wismut beschichtetes
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Abbildung 4.6: Die lokale Zustandsdichte oberhalb eines mit Bi
beschichteten GaN-Halbraumes bei z = 10~® m fiir verschiede-
ne Schichtdicken d.

GaN erhélt. Um dieses Verhalten zu verstehen, wird nun zuerst die Dispersionsre-
lation aus Gl. (4.2.5) zu Rate gezogen. Mit €; # ¢y und €3 = €y bekommt man im
Nahfeld mit A > ko statt Gl. (4.2.7) die Beziehung

€r2 — €41 €2 — 16—2)\d -1 (4.3.2)
€r9 + €r1 €r2 + 1

Fiir diinne Platten mit Ad < 1 und mit der Permittivitit €; = 1 — w?;/w? erhilt
man dann fiir Ad — 0 die beiden Oberflichenplasmonenresonanzen

Wy =wpe und w_ = w—\/p%. (4.3.3)
Dementsprechend bleiben die beiden Oberflichenresonanzen in einem Bereich zwi-
schen den Plasmafrequenzen der Schicht und der Plasmafrequenz des Substratmedi-
ums. Genauer ausgedriickt, konvergiert der , hochfrequente“ Zweig gegen die Plas-
mafrequenz der Schicht und der , niedrigfrequente® Zweig gegen die Oberflachenre-
sonanz w, der Substrats. Dabei ist der Zweig w™ natiirlich nur hochfrequent, falls
Wy > wy erfiillt ist. Mit anderen Worten: Fiir sehr diinne Schicht geht ein Zweig
gegen die Plasmafrequenz der Schicht und der andere gegen den Oberflichenplasmo-
nenzweig des darunterliegenden Bulkmediums, wobei es im Grenzfall d — 0 zu keiner
Uberschneidung der beiden Zweige kommt. Insbesondere geht keiner der Zweige da-
mit gegen Null. Es wird also weder ein universelles Verhalten in der Energiedichte
noch ein Anstieg der Energiedichte zu beobachten sein, solange wy, < wp1/ V2 und
win < Wpa/V/2 gelten.

In Abb. 4.7 ist die lokale Zustandsdichte fiir eine Bi-Schicht auf einem Pt-
Halbraum aufgetragen. Es gilt daher w,; = 8- 10 s7! < w,s = 2,1-10%s7!. Man
sieht sehr schon die Aufspaltung des Oberflichenplasmons in seine beiden Zweige,
sowie die Konvergenz von w; — wp und w_ — 0,27 wyy, wobei die Plasmafre-
quenz des Pt-Bulks durch 0,38 wp; und damit die Oberflichenplasmonenresonanz
des Substratmediums durch wy; / V2 =0,27 wp2 gegeben ist.
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Abbildung 4.7: Die lokale Zustandsdichte oberhalb eines mit
Bi beschichteten Pt-Halbraumes bei z = 10~8m fiir verschie-
dene Schichtdicken d, normiert auf die Plasmafrequenz w, von
Wismut.

4.4 Der universelle Energiedichtebeitrag

In diesem Abschnitt soll der Beitrag der Oberflichenmoden zur Energiedichte direkt
bestimmt werden. Dabei wird explizit gezeigt, dass der Beitrag der niedrigfrequenten
Oberflichenmoden das universelle Verhalten der Energiedichte bestimmt. Es sind
daher in diesem Abschnitt nur die evaneszenten Moden von Interesse, sodass das
optische Theorem angewendet werden kann. Mithilfe dieses Theorems gelangt man
zu einem kompakten Ausdruck fiir den evaneszenten Anteil der Energiedichte, der es
aufgrund seiner Struktur erlaubt, die Oberflichenplasmonenbeitrage direkt mit dem
Residuensatz zu bestimmen. Andererseits verliert man durch diese Herangehensweise
die Information iiber den konkreten Beitrag des Bulkmediums bzw. der Schicht,
wobei diese Information im Folgenden nicht relevant ist.

Bevor man das optische Theorem anwenden kann, ist es erforderlich, die renor-
mierte Greensche Funktion

GE (r,r) = / Z — { (h3)®M(h3)+Rﬁ’N(h3)®N(h3)} (4.4.1)

im Dielektrikum 3 (siche Abb. 2.1) mit den Quellenstrémen im Dielektrikum 3 zu
bestimmen. Implementiert man die Randbedingungen bei z = 0 und z = —d, so
ergeben sich die Reflexionskoeffizienten

32 4 p212ihad

R = (4.4.2)

1 _ 723,21 o2ihad
fiir die TE- und TM-Moden. Man kann sich fiir dicke Platten leicht von der Plausi-
bilitdt dieses Reflexionskoeffizienten iiberzeugen, denn fiir sehr dicke Platten kénnen
die Exponentialfunktionen vernachléssigt werden, da hj > 0 gilt, sodass man in die-
sem Grenzfall R* — 132 erhilt. Somit erhilt man in diesem Grenzfall sofort die
richtige Greensche Funktion fiir die evaneszenten Moden in Gl. (1.9.9).
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Da die renormierte Greensche Funktion in Gl. (4.4.1) die gleiche Struktur hat
wie die renormierte Greensche Funktion in Gl. (1.9.9), kann man die Energiedichte
fiir den Spezialfall e3 = ¢y ohne weitere Rechnung fiir die evaneszenten Moden sofort
angeben; schliefllich unterscheiden sich die renormierten Greenschen Funktionen nur
durch die Reflexionskoeffizienten. Es geniigt daher, die Reflexionskoeffizienten r2! fiir
den evaneszenten Anteil der Energiedichte in Gl. (1.7.13) oberhalb einer Halbraum-
geometrie durch R3 zu ersetzen. Der evaneszente Anteil der Energiedichte oberhalb
der Schichtgeometrie kann daher im evaneszenten Nahfeld durch

o *dw Ey(w,T) Ae=27% 3 3
wny = [ 2B /k AN [ (R + TR (4.4.3)
angegeben werden.

Die Oberldchenmoden sind nunmehr reine TM-Moden-Erscheinungen, sodass im
Folgenden nur die TM-Moden der Energiedichte, d.h. im stark evaneszenten Nahfeld
mit A > kg nur

ood E )\3 —2vz
ko
o 202z (4.4.4)
~ Im / d—“LQ’T) / e R
0 W ™ ko 2

betrachtet werden soll. Offensichtlich ist dieser Ausdruck fiir rein reelle Permitti-
vitdten durch die Polstellen des Integranden, d.h. durch die Nullstellen im Nenner
des Reflexionskoeffizienten Rﬁ in Gl. (4.4.2) bestimmt. Das heifit, der Ausdruck N
aus Gl. (4.2.5) muss Null ergeben, was gerade fiir die Oberflichenmoden erfiillt ist.
Der TM-Modenanteil der Energiedichte ist also — wie in den vorherigen Abschnitten
bereits gezeigt wurde — fiir reelle Permittivitaten allein durch die Oberflichenmo-
den bestimmt.

Um nun die Beitrdge der beiden Oberflichenplasmonenzweige in einer Schicht-
geometrie zu bestimmen, soll der Einfachheit wegen von dem symmetrischen Spezi-
alfall e, = e3 = ¢y ausgegangen werden. Fiir die Permittivitéit wird aus dem gleichen
Grund nicht die volle Drude-Formel, sondern das Plasmamodell aus Gl. (4.1.6) ver-
wendet. In diesem Fall ergibt sich fiir den Reflexionskoeffizienten Rﬁ im evaneszenten
Nahfeld, d.h. es gilt A > ko, mit Gl. (2.4.30)

ihod
5 _ rﬁz(l — g%ih2 )
l 1— (7,|(|)2)262ih2d

L) ([ )

2 2
“p Wp

(4.4.5)

Die Pole des Reflexionskoeffizienten sind daher erwartungsgeméafl durch die beiden
Plasmonenzweige aus Gl. (4.2.8) gegeben. Fiir Permittivitaten mit €’ # 0 liegen die
Polstellen im Reflexionskoeffizienten in der unteren komplexen Frequenzebene, d.h.
bei Frequenzen mit w” < 0. Daher ist es geboten, die Pole, die fiir das Plasmamo-
dell direkt auf der Integrationsachse liegen, in der oberen komplexen Frequenzebene
zu umlaufen. Das Frequenzintegral fiir die Energiedichte in Gl. (4.4.3) kann daher
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direkt mithilfe des Residuensatzes ausgefiihrt werden, wobei das Residuum fiir den
Reflexionskoeffizienten
(2w — w?)(1 — )

= o (4.4.6)

Res(R})

W+

ist. Umlduft man die Pole auf der Integrationsachse ,,oben herum*, so bekommt man
fiir das Frequenzintegral

Im /dw E@.T) pa _ _ﬁw_lz’(e—zxd 1) [E(w—aT) E(wy,T)

o [ ] 3 w? w? (4.4.7)
= [+ B, T) — (e = 1) B(ws, T)].

Man beachte, dass man durch die Anwendung des Residuensatzes auch die untere
Integrationsgrenze des A-Integrales festlegt, die ja zunédchst durch kg gegeben ist und
nun fiir die entsprechenden Residuen bei w_ bzw. w, durch w_/c bzw. w, /c ersetzt
werden muss. Dieser Ausdruck kann nun fiir den Grenzfall diinner Platten Ad < 1
vereinfacht werden. Man erhélt

Im /dw E((’:J’ 7) R} ~ % 2E(w_,T) + ME(w,T)], (4.4.8)

wobei der erste, d-unabhéngige Term den Beitrag des niedrigfrequenten und der
zweite Term, der linear in d ist, den Beitrag des hochfrequenten Oberflachenplas-
monenzweiges fiir dilnne Platten angibt. Im klassischen Grenzfall, d.h. hwy < kgT
konnen die beiden Bose-Einstein-Funktionen durch kg1’ approximiert werden, sodass
man schlieBlich fiir die Energiedichte in Gl. (4.4.3)

E T 00 2 . —2\z
<uﬁv):Im/d—w w, )Rﬁ/ e
w T ko 2
1 oo 2 —2X\z [e'e] 2 —2\z
kaT—[z/ a2 +/ e )\d]
47 w_/c 2 wy /e 2

1 [eS) )\26—2)\z e} )\26—2)\z
~ kgT— 12 [ dA dA Ad
1 [ /0 e e }

T p/ c
kgT kgT'd
=——+0
16723 * ( 24 )
bekommt. Der erste Term ist das bereits in Gl. (2.4.74) abgeleitete universelle Verhal-
ten, das also allein von dem niedrigfrequenten Oberflichenplasmonenzweig herriihrt.

Der hochfrequente Zweig liefert fiir diinne Platten einen materialabhéngigen Term,
der allerdings linear mit d gegen Null strebt.

(4.4.9)

4.5 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurden die Dispersionsrelationen fiir Oberflichenmoden in einer
Halbraum- und einer Plattengeometrie hergeleitet. Es wurde gezeigt, dass die beiden
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Oberflachmoden auf den beiden Seiten einer Platte fiir Plattendicken d > d die
Dispersionsrelation fiir die Halbraumgeometrie erfiillen, sodass in diesem Fall der
Oberflaichenmodenzweig zweifach entartet ist. Fiir diinne Platten mit d < dg kénnen
die beiden Oberflichenmoden koppeln, sodass die Entartung aufgehoben wird und
zwei Oberflichenplasmonenzweige entstehen, deren Frequenzen w, bzw. w_ oberhalb
bzw. unterhalb des Halbraumergebnisses liegen.

Fiir Drude-Materialien wurde insbesondere der Einfluss der Oberflichenmoden
— der Oberflichenplasmonen — auf die Energiedichte bzw. die lokale Zustandsdich-
te untersucht. Es wurde gezeigt, dass bei festem Beobachtungsabstand z = A~! die
beiden Oberflichenmodenzweige fiir diinne Platten Ad — 0 zwei Resonanzen in der
lokalen Zustandsdichte erzeugen, wobei die hochfrequente Oberflichenresonanz w
gegen die Plasmafrequenz w, der Schicht und die niedrigfrequente Oberflichenreso-
nanz w_ gegen w = 0 konvergiert. Daher ist es bei einer gegebenen Temperatur 7'
mit wy, < w, moglich, dass die niedrigfrequente Oberflachenplasmonenresonanz die
spektrale Energiedichte im Frequenzbereich w < wy, deutlich erhéht und zu dem cha-
rakteristischen 1/z2-Verhalten der Energiedichte (u) fithrt. Fiir sehr diinne Platten
mit d < d,,; macht sich eine Resonanz bei w = 0 in der lokalen Zustandsdichte be-
merkbar, die fiir das universelle 1/23-Verhalten in der Energiedichte verantwortlich
ist.

Fiir polare Medien ist das Verhalten der Oberflichenmoden bei Verdnderung der
Plattendicke dhnlich wie bei den Drude-Materialien. Fiir diinne Schichten koppeln
die beiden Oberflichenmoden und es entstehen zwei Oberflachenphononenzweige
w, und w_, die oberhalb bzw. unterhalb des Halbraumergebnisses liegen. Allerdings
besteht der entscheidende Unterschied darin, dass das niedrigfrequente Oberflichen-
phonon gegen w;, und damit gegen einen materialspezifischen Wert, konvergiert.
Dementsprechend ist nicht zu erwarten, dass es fiir polare Medien ein universelles
Verhalten in der Energiedichte gibt. Die Resonanzen in der lokalen Zustandsdichte
bei festem Beobachtungsabstand z = A~! liegen bei den entsprechenden Frequenzen
w, und w_ fiir das gegebene A. Die beiden Maxima fiir diinne Schichten mit A\d < 1
bewegen sich nach w; bzw. w; und werden dabei kleiner. Daher ist anzunehmen, dass
die spektrale Energiedichte im Frequenzbereich zwischen w; und w; bei Verringerung
der Plattendicke im Allgemeinen kleiner wird, sodass die Energiedichte selbst fiir
diinne Platten unter den Halbraumwert sinkt.

Fiir beschichtete Medien konnte nun gezeigt werden, dass sich fiir das Verhalten
einer Drude-Schicht auf einem polaren Bulk im Vergleich zu einer freien Schicht am
generellen Verhalten der Oberflichenplasmonen und damit der Energiedichte nicht
viel dndert. Fiir eine Drude-Schicht auf einem anderem Drude-Material als Bulk-
medium wurde allerdings gezeigt, dass die Oberflichenplasmonenzweige stets auf
das Frequenzintervall zwischen der Oberflichenplasmonenfrequenz des Bulkmedi-
ums wy/ v/2 und der Plasmafrequenz des Coatings wp2 beschrénkt sind. Damit wird
die spektrale Energiedichte im Bereich der thermischen Frequenz wy, nicht durch
die Oberflichenplasmonen beeinflusst, solange wy, < w1/ V2 und wy, < Wya/ V2
erfiillt sind. Damit ist klar, dass Drude-Metallschichten auf polaren bzw. Drude-
Bulkmedien sehr unterschiedliche Energiedichten liefern miissen, weil im ersten Fall
die niedrigfrequente Oberflichenplasmonenresonanz fiir diinne Platten in den ther-
misch zugénglichen Frequenzbereich rutscht, wohingegen im zweiten Fall die Ober-
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flichenresonanzen nicht angeregt werden konnen, solange die Plasmafrequenzen des
Bulk- und des Schichtmediums weit gréfler als die thermische Frequenz wyy, sind.

Im letzten Abschnitt wurde schliefilich der Beitrag der Oberflichenplasmonen
fiir eine diinne Drude-Schicht explizit berechnet. Mithilfe des optischen Theorems
und des Residuensatzes wurde bestétigt, dass das universelle Verhalten allein durch
den niedrigfrequenten Oberflichenplasmonenzweig verursacht wird, wohingegen der
hochfrequente Zweig einen materialabhéngigen Beitrag liefert, der fiir diinne Platten
linear mit d verschwindet.
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In diesem dritten Teil der Dissertation wird der Srahlungswarmetransport zwi-
schen zwei dielektrischen Korpern mit verschiedener Temperatur fiir solche Abstande
néher untersucht, fiir die Nahfeldeffekte den Energieaustausch wesentlich beeinflus-
sen. Dazu wird im ersten Kapitel dieses dritten Teils die sogenannte Polder-van
Hove-Formel [71, 72, 73, 74, 75] innerhalb der Rytovschen fluktuierenden Elektro-
dynamik abgeleitet, die den Strahlungswarmetransport zwischen zwei dielektrischen
Halbrdumen mit verschiedenen Temperaturen 77 und 75, die durch einen Vakuum-
spalt getrennt sind, fiir alle Absténde a zwischen diesen Dielektrika beschreibt. Von
besonderem Interesse sind hier die Abstéinde, fiir die die evaneszenten Moden in
das jeweils gegeniiberliegende Medium eindringen koénnen und dadurch derart zum
Strahlungswérmetransport beitragen, dass man Werte erhélt, die um Groéflenord-
nungen iiber den Schwarzkorperwert liegen, den man mithilfe des Stefan-Boltzmann-
Gesetzes bestimmen kann.

Ein wesentlicher Mechanismus, der zum Nahfeldwédrmetransport beitragt, ist da-
bei wieder die Oberflaichenmodenkopplung, die im stark evaneszenten Nahfeld zu
Resonanzen bei den beiden Oberflichenmodenfrequenzen der jeweiligen Halbraume
fithrt [17, 76]. Somit ergibt sich im stark evaneszenten Nahfeld fiir dielektrische
Medien ein Wirmestrom, der einem einfachen a~2-Potenzgesetz gehorcht und im
wesentlichen durch die TM-Moden dominiert ist. Fiir den Wérmestrom zwischen
zwei Metallen hingegen wird numerisch gezeigt, dass dieses Potenzgesetz zumindest
fiir sehr gute Leiter auf Abstdnden oberhalb 1 nm durch den Beitrag der TE-Moden
iiberlagert wird, der fiir Metalle den Nahfeldwirmetransport dominiert [75]. Die-
ser TE-Moden-Beitrag fiihrt fiir sehr kleine Absténde a zwischen den Halbraumen
auf einen konstanten Wiarmestrom. Es wird gezeigt, dass man dieses gegensétzli-
che Verhalten des Warmestromes fiir Dielektrika und Drude-Materialien anhand der
entsprechenden Nahfeldenergiedichten oberhalb dieser Materialien verstehen kann.

Um den Einfluss der im vorherigen Teil beschriebenen Oberflachenplasmonen-
kopplung innerhalb eines frei stehenden Metallfilms bzw. eines mit einem Metall-
coating beschichteten Materials auf den Nahfeldwédrmetransport zu untersuchen,
wird der entsprechende Ausdruck fiir die Polder-van Hove-Formel fiir eine Schicht-
geometrie abgeleitet. Es zeigt sich, dass die Erhohung der Nahfeldenergiedichte fiir
ein diinnes Metallcoating der Dicke d < dg auf einem Dielektrikum durch die Ober-
flichenplasmonenkopplung innerhalb des Coatingmaterials auf einen erhohten Nah-
feldwiirmetransport mit einem charakteristischen a~!-Potenzgesetz fiihrt, wohinge-
gen ein mit einem Metallcoating beschichtetes Drude-Metall zu einem charakte-
ristischen a~3-Potenzgesetz fiir a > d fiihrt. Solch eine Untersuchung des Nah-
feldwarmetransfers innerhalb einer Schichtgeometrie gibt es meines Wissens in der
bestehenden Literatur noch nicht, sodass hier erstmals gezeigt wird, dass der im
vorherigen Kapitel beschriebene Mechanismus der Oberflichenplasmonenkopplung
den Nahfeldwirmetransport in genau definierter Weise beeinflusst.

Anhand des sogenannten Dipolmodells [74, 77, 78] wird weiterhin verdeutlicht,
dass die Geometrie einen erheblichen Einfluss auf den Nahfeldwédrmetransport hat.
Innerhalb dieses Dipolmodells, das den Strahlungswarmetransport zwischen einer
dielektrischen Kugel und einem dielektrischen Halbraum beschreibt, zeigt sich, dass
der Warmestrom im Nahfeld proportional zur elektrischen Nahfeldenergiedichte des
Halbraumes ist, die in sehr guter Ndherung mit dem reinen TM-Moden-Beitrag
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der Energiedichte iibereinstimmt. Daher muss sich die Oberflichenplasmonenkopp-
lung in einem Metallcoating, das auf ein Dielektrikum aufgebracht ist, direkt in den
Potenzgesetzen fiir den Warmestrom niederschlagen. Es wird daher hier erstmals
gezeigt, dass der Nahfeldwarmetransport zwischen einer dielektrischen Kugel und
einem mit Metall beschichteten Medium die Potenzgesetze reproduziert, die im vor-
herigen Teil fiir die Nahfeldenergiedichte oberhalb dieser Schichtgeometrie abgeleitet
wurden.

Im zweiten Kapitel wird der Frage nachgegangen, wie die Divergenz des Wérme-
stroms fiir kleine Abstéinde behoben werden kann. Schliellich ist der Nahfeldwérme-
transport zwischen zwei Halbraumen innerhalb der lokalen Beschreibung proportio-
nal zu =2 und damit divergent. Diese Divergenz hat in der Literatur zu einer regen
Diskussion tiber ihren physikalischen Gehalt gefiihrt [79, 80, 81, 82], wobei bemerkt
werden muss, dass diese Divergenz stark mit der z~3-Divergenz der Nahfeldener-
giedichte oberhalb eines lokalen dielektrischen Mediums zusammenhéngt. Da eine
divergente Energiedichte insgesamt zu einem divergenten Ausdruck fiir die Gesamt-
energie des betrachteten Systems fiihrt, muss angenommen werden, dass diese Di-
vergenz unphysikalisch ist. Eine Losung dieses prinzipiellen Problems kann durch die
Berticksichtigung der rdumlichen Dispersion — also mit einer nichtlokalen Beschrei-
bung der Dielektrika — erreicht werden. Solch eine Beschreibung fithrt innerhalb des
sogenannten SCIB-Modells [83] auf einen nichtdivergenten Ausdruck fiir die Nahfeld-
energiedichte [48] und folglich auch auf einen nichtdivergenten Ausdruck fiir den
Nahfeldwarmetransport. Obwohl diese nichtlokale Beschreibung fiir Metalle bereits
bei Absténden a im Bereich der mittleren freien Weglidnge des Elektrons berticksich-
tigt werden muss, so haben diese Effekte dennoch nur einen relativ geringen Einfluss
auf den Nahfeldwéarmetransport zwischen zwei metallischen Halbraumen, wie bereits
von Volokitin und Persson [75] festgestellt wurde.

Da in der jlingsten Literatur versucht wurde, die sogenannten Leontovich-Rand-
bedingungen [21] als die richtigen Randbedingungen fiir die Beschreibung der Casi-
mir-van der Waals-Kréfte und des Nahfeldwarmetransportes zwischen Metallen zu
etablieren [84, 85, 86, 87|, wird vor dem Hintergrund der lokalen und nichtlokalen
Beschreibung gezeigt, dass diese sogenannten Leontovich-Randbedingungen fiir gute
Leiter und Abstéande grofler als die Skintiefe zwar eine Berechtigung haben, aber die
gleichen Werte liefern wie die lokale Theorie. Fiir Absténde unterhalb der Skintiefe
bzw. unterhalb der mittleren freien Wegléange verlieren diese Randbedingungen ihre
physikalische Aussagekraft und fithren damit zu Ergebnissen, die weit von den Er-
gebnissen der nichtlokalen Theorie abweichen, die fiir solche Abstandsbereiche als
richtig anzusehen ist.

Im letzten Kapitel dieses dritten Teils wird schliellich versucht, die experimentel-
len Daten fiir ein sogenanntes Rasterwarmemikroskop [88, 89] mithilfe der Polder-van
Hove-Formel bzw. des Dipolmodells zu beschreiben. Es zeigt sich, dass die experi-
mentellen Daten nicht vollstdndig mithilfe dieser beiden Modelle beschreibbar sind.
Daher wird ein phdnomenologisches Sensormodell aufgestellt, das es mithilfe einer
heuristisch eingefiihrten Korrelationslange ermoglicht, die Daten im gesamten Ab-
standsbereich gut zu beschreiben [3].
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Kapitel 5

Strahlungswirmetransport

In diesem Kapitel wird der Nahfeldwarmetransport zwischen dielektrischen Medien
verschiedener Temperatur untersucht, die durch das Vakuum in einem Abstand a
voneinander getrennt sind. Dazu werden im ersten Abschnitt zunéchst vorbereiten-
de Uberlegungen angestellt, die es erlauben, eine Lingenskala anzugeben, ab der
Nahfeldeffekte im Strahlungswéarmetibertrag auftreten.

Im darauffolgenden Abschnitt wird der grundlegende Ausdruck fiir den Strah-
lungswametransport zwischen zwei dielektrischen Halbraumen hergeleitet, der be-
reits 1971 von Polder und van Hove [71] mithilfe der Rytovschen Theorie bestimmt
wurde. Eine Erweiterung des Polder-van Hove-Ergebnisses fiir nicht-lokale Medi-
en wurde 1980 von Levin et al. [72] gegeben, wobei von Volokitin und Persson
2001 [75] gezeigt wurde, dass die nicht-lokalen Effekte fiir den Strahlungswérme-
transport zwischen zwei metallischen Halbrdumen in physikalisch sinnvollen Ab-
standsbereichen vernachléssigbar sind. Bei der Diskussion des Ergebnisses im drit-
ten Abschnitt werden daher wieder lokale Permittivititen fiir die polaren Medi-
en und Drude-Materialien verwendet und es wird numerisch gezeigt, dass sich der
Nahfeldwarmetransport zwischen diesen beiden Materialarten deutlich unterschei-
det [73, 75].

Um den Einfluss eines Coatings auf den Strahlungswirmetransport zu unter-
suchen, wird auch der Nahfeldwarmetransport zwischen einem Halbraum und ei-
nem beschichteten Halbraum studiert. Der Strahlungswérmetransport wurde zwar
in solchen Geometrien bereits in anderen Zusammenhéngen betrachtet [75, 90], die
Abhéngigkeit des Strahlungswirmetransportes von einem Metallcoating wurde je-
doch noch nicht genau untersucht. Insbesondere wird hier meines Wissens erstmals
gezeigt, dass die Oberflichenplasmonenkopplung innerhalb des Metallcoatings, die
zu einem Anstieg in der Energiedichte oberhalb einer Schichtgeometrie fiihrt, in einer
Erhohung des Strahlungswérmetransportes im Nahfeld mit einem charakteristischen
Abstandsverhalten resultiert.

Im letzten Abschnitt wird schliefilich das Dipolmodell [77, 78] eingefiihrt und
anhand dessen gezeigt, dass der Nahfeldwéarmetransport stark von der Geometrie
des Systems abhéngt. Dabei werden wiederum nur lokale Permittivitéiten verwen-
det, obwohl in diesem Fall zu erwarten ist, dass die nicht-lokalen Effekte fiir Metalle
einen erheblichen Einfluss fiir Absténde kleiner als die mittlere freie Weglénge [ des
Elektrons haben werden, da durch diese Effekte die elektrische Energiedichte im
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Nahfeld stark erhoht wird [48, 91]. Es wird gezeigt, dass der Nahfeldwérmetrans-
port zwischen einer Kugel und einem dielektrischen Medium direkt proportional zur
elektrischen lokalen Zustandsdichte oberhalb dieses Mediums bzw. zur elektrischen
Energiedichte ist, wobei genauer untersucht wird, in welchen Abstandsbereichen die
elektrische lokale Zustandsdichte durch den entsprechenden TM-Modenanteil der lo-
kalen Zustandsdichte approximiert werden kann. Insbesondere werden die Ausdriicke
fiir den Strahlungswirmetransport zwischen einer Kugel und einem dielektrischen
Halbraum bzw. einem beschichteten Halbraum angegeben, wobei die Oberflichen-
plasmonenkopplung innerhalb des Metallcoatings auf einem polaren Substrat wieder
eine Erhohung des Nahfeldwérmetransportes herbeifiihrt.

5.1 Vorbereitende Uberlegungen

Der Strahlungswérmetransport bzw. die Energie, die pro Flache und Zeit zwischen
zwei Medien im lokalen thermodynamischen Gleichgewicht mit verschiedenen Tem-
peraturen ausgetauscht wird, kann man fiir makroskopische Abstédnde a zwischen
den betrachteten Medien mithilfe des Kirchhoff-Planckschen-Strahlungsgesetzes [22]
beschreiben. Verringert man allerdings den Abstand a zwischen den beiden Medi-
en soweit, dass er vergleichbar mit der thermischen Wellenldnge A, des kilteren
Mediums wird, die selbst durch das Wiensche Verschiebungsgesetz [92]

AwT = 2,898 - 10° mK (5.1.1)

gegeben ist, so kann das Kirchhoff-Plancksche-Strahlungsgesetz nicht mehr ange-
wandt werden. Das liegt daran, dass neben den propagierenden Moden fiir Absténde
a < Aw auch evaneszente Moden zum Strahlungswarmeiibertrag zwischen den Medi-
en beitragen. Ubrigens stimmt die in Gl. (2.4.45) definierte thermische Wellenlinge
in guter Ndherung mit Ay {iiberein, d.h. es gilt

Fiir Abschétzungen geniigt es daher, die charakteristische thermische Wellenldnge
Atn anstelle der genaueren Grofle A\yw aus dem Wienschen Verschiebungsgesetz zu
betrachten.

Um diesen Sachverhalt zu verstehen, betrachte man zunéchst einen unendlich
ausgedehnten Halbraum bei z < 0 mit der Temperatur 77 und der reellen Permitti-
vitdt €,1 > 1, an den das Vakuum bei z > 0 angrenzt. Aufgrund der verschiedenen
Materialeigenschaften konnen im Medium Wellen mit Wellenzahlen

]{31 =1/ k‘%z + )\2 = kO\/erl (513)

propagieren, wohingegen im Vakuum nur elektromagnetische Transversalwellen mit
ko = /k2,+ A2 erlaubt sind. Da €,; > 1 ist, konnen daher im Medium Wellen
existieren, die im Vakuum nicht erlaubt sind. Aufgrund der Stetigkeitsbedingungen
bei z = 0 fithren diese Wellen im Vakuum auf exponentiell abklingende Lésungen,
wohingegen die erlaubten Wellen propagierende Losungen darstellen. Fiir eine ebene

110



5.1. VORBEREITENDE UBERLEGUNGEN 111

Welle im Vakuum mit dem Phasenfaktor exp(i(k.oz — wt)) ist klar, dass man fir
A < ko eine propagierende Losung erhilt, da k.o rein reell ist, fiir A > &y dagegen ist
k.o = i\/A? — k2 rein imaginér, sodass man rein evaneszente Losungen bekommt.

T1 T3=0

<E>=<H>=0 \mj_»

Abbildung 5.1: Skizze zur Veranschaulichung des Strah-
lungswérmetransportes zwischen zwei ausgedehnten Halbraum-
en.

Wie bereits in den vorherigen Kapiteln diskutiert wurde, fithren die propagie-
renden Moden auf eine thermische Abstrahlung geméfi dem Kirchhoff-Planckschen
Strahlungsgesetz. Die evaneszenten Moden wurden anhand der Energiedichte ober-
halb eines Halbraumes, einer Platte und eines beschichteten Halbraumes ebenfalls
bereits diskutiert. Da die evaneszenten Moden fiir A\ > ky auf einem Abstand
2 ~ A~! exponentiell abklingen, ist klar, dass diese nur fiir Absténde koz < 1, d.h.
im Nahfeld, wichtig sind. Bei einer festen Temperatur T} ist die charakteristische
Wellenlénge kg durch die thermische Wellenlénge )\\_,Vl bzw. >‘t_hl festgelegt, sodass
das Nahfeld — also der Abstandsbereich, in dem die evaneszenten Moden eine Rolle
spielen — durch Abstidnde z < Aw bzw. z < Ay, mit Aw aus GL (5.1.1) bzw. Ay,
aus Gl (5.1.2) gegeben ist. Fiir 77 = 300K hat man beispielsweise Aw ~ 9,7 pm
bzw. \p & 7,2 pm.

Betrachtet man nun einen zweiten unendlich ausgedehnten Halbraum mit der
Temperatur T35 = 0 und der Permittivitit €,.3 im Abstand a vom ersten Halbraum
entfernt (siehe Abb. 5.1), so konnen im Fernfeld, d.h. es gilt a > A, nur die pro-
pagierenden Moden des Dielektrikums 1 Beitrdge zum Strahlungswérmetransport
liefern, wobei dieser durch das Kirchhoff-Plancksche Strahlungsgesetz gegeben ist.
Verringert man allerdings den Abstand derart, dass a < Ay, gilt, so konnen die
evaneszenten Moden in das zweite Medium ragen und dort weiter propagieren. Man
kann also sagen, dass die Photonen, die im Nahfeld exponentiell gedampft sind,
durch den Vakuumspalt tunneln und so in das gegeniiberliegende Dielektrikum ge-
langen. Aufgrund dieses Photonentunnelns konnen die evaneszenten Moden zum
Strahlungswérmeiibertrag beitragen und es wird sich zeigen, dass man Werte fiir den
Strahlungswérmetransport im Nahfeld erhélt, die weit iiber dem Schwarzkorperwert
liegen, was anschaulich bereits klar ist, da die evaneszenten Moden Beitrédge zur
Energiedichte liefern, die den Schwarzkorperwert iibersteigen. Der Poynting-Vektor
muss daher fiir solch eine Konfiguration auch Informationen iiber die evaneszenten
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Moden enthalten.

Da die evaneszenten Moden oberhalb des Dielektrikums 1 durch die evaneszenten
Moden in der Energiedichte des Dielektrikums gegeben sind, ist aulerdem zu erwar-
ten, dass die Diskussion der Energiedichte in den vorherigen Kapiteln qualitative
Aussagen iiber den entsprechenden Nahfeldwarmetransport zulésst.

5.2 Ableitung der Polder-van Hove-Formel

In diesem Abschnitt soll der Energietransfer zwischen zwei dielektrischen Halbriaum-
en (sieche Abb. 5.1) bestimmt werden, die im Abstand a durch einen Vakuumspalt,
d.h. €5 = €y, voneinander getrennt sind und verschiedene Temperaturen T} # T3 be-
sitzen. Um den Energietransport von Dielektrikum 1 zu Dielektrikum 3 zu bestim-
men, wird zunédchst vorausgesetzt, dass sich Medium 1 im lokalen Gleichgewicht mit
der Temperatur 77 # 0K befindet und das Vakuum sowie das Medium 3 die Tem-
peratur 7' = 0 K haben. Die von Dielektrikum 1 in das Dielektrikum 3 abgestrahlte
Energie pro Flache und Zeit ist durch die z-Komponente des Poynting-Vektors bei
z = a gegeben, der durch die fluktuierenden Felder im Vakuumspalt bestimmt ist,
die ihrerseits durch die Quellenstrome in Dielektrikum 1 erzeugt werden. Man hat
daher mit GI. (1.1.13) fiir die Energie (S!3(z = a)), die pro Fliche und Zeiteinheit
von Dielektrikum 1 zum Dielektrikum 3 fliefit, den Ausdruck

(SP(z = a)) = €ap:=(EaHp)

o "
= €ass / dwEo(w,Tl)“W(”)(uw) / &3 (chg*) +eec.
0 2/ < af

0 (5.2.1)

Um den Strahlungswérmetransport vom Dielektrikum 3 zum Dielektrikum 1
zu bestimmen, wird genau die umgekehrte Situation angenommen. Es gelte dann
Ty = 0K und 73 # 0K und gesucht ist die z-Komponente des Poynting-Vektors
(S31(z = 0)), der durch die fluktuierenden Felder gegeben ist, die durch die Quel-
lenstrome im Dielektrikum 3 erzeugt werden. Genau wie im ersten Kapitel wird
sich herausstellen, dass der Poynting-Vektor aufgrund der Spiegelsymmetrie invari-
ant unter Vertauschung der Materialindizes 1 < 3 ist, sodass sich (S!3(z = a)) und
(S2'(z = 0)) nur durch das Vorzeichen und die Bose-Einstein-Funktion unterschei-
den. Der Energietransport zwischen beiden Dielektrika ist daher im Netto durch

(9:) = (5:°(z = a,T1)) — (S.°(2 = a, T3))

o 7
= €aﬁz/ dw |iE0(w7 T1) — Ep(w, T3)] weﬂ(w) (,u(z)w2)/ d*r’ (GiGiT) + c.c.
0 Z'< af

0 (5.2.2)

gegeben. Es ist somit wieder sichergestellt, dass man fiir 7} = T3 keinen mittleren
Wirmestrom erhélt. Man kann diesen Ausdruck also auch ohne den Riickgriff auf
die Symmetrie des Systems mit dem Argument erhalten, dass im globalen Gleich-
gewicht der Energietransport im Mittel verschwinden muss. Man beachte aber, dass
man aufgrund dieser Vorgehensweise wieder ein lokales Gleichgewicht innerhalb der
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Dielektrika 1 und 3 voraussetzt und damit versucht, eine Nichtgleichgewichtssituati-
on adédquat zu beschreiben. Fiir das Fernfeld — also fiir die propagierenden Moden
— kann man diese Vorgehensweise rechtfertigen [93, 94], solange das lokale Gleichge-
wicht innerhalb der Dielektrika aufrecht gehalten werden kann. Im Anhang B wird
daher der Versuch unternommen, den Abstandsbereich im Nahfeld abzuschétzen,
fiir den die Annahme eines lokalen thermodynamischen Gleichgewichts sinnvoll er-
scheint. Es stellt sich dabei heraus, dass diese Annahme selbst fiir Abstinde a im
Nanometerbereich eine gute Beschreibung der eigentlichen Nichtgleichgewichtssitua-
tion liefern sollte.

Fiir die Auswertung der Formel in Gl. (5.2.2) geniigt es, (S}*(z = a)) in GL
(5.2.1) zu berechnen und daraus den Gesamtbeitrag (S.) zu bestimmen. Wie in
den vorherigen Kapiteln soll eine lokale Permittivitit ¢; = €;(w) mit i = 1,2,3
vorausgesetzt und der longitudinale Anteil in der dyadischen Greenschen Funktion
vernachléssigt werden, sodass man im Vakuumspalt bzw. Medium 2 die Greenschen
Funktionen

GE (r,1) / d\ Z — { TreMaipa(ho)

+ RTEM:I:n)\(_hQ)) ® M;m)\(—hl)—i— H} (523)
Gfl(r,r’) 71-Wluo/ d\ Z _ { TTENin)\(hg)
+ RTENin)\(_hQ)) ® M:I:nA( h1)+ ||} (524)

ansetzen kann. Die Implementierung der Randbedingungen aus Gl. (1.1.7) fiihrt fiir
die TE-Moden auf

2t21
TTE = N—J' und RTE = TigeQIhQaTTE, (525)
1
wobei
21 2h1 23..21 2ihsa
1 ::m, und N, :=1—-rPrie (5.2.6)

gelten. Entsprechende Beziehungen erhéalt man fiir die TM-Moden.

Mithilfe der Greenschen Funktionen in Gl. (5.2.4) und der Orthogonalitétsrela-
tionen in Gl. (1.4.12) kann man die Volumenintegration iiber das Quellenvolumen
bequem ausfiithren und bekommt zunéchst

3.0 [ E QH iks — Op0)°T —
[ (GHGQJ)QB ~ o [ Z W{\TTE\ (M(hy) & N(hn)),,,
+ RTETTE< (—hz) ® N(hQ))aﬁ + RreTre (M(h2) ® N(—hz))aﬁ

| Resl? (M(~hs) & N(—ha)), -+ ||}.
(5.2.7)
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Da es aufgrund der Translationssymmetrie in der Ebene senkrecht zur z-Achse wie-
derum keinen ausgezeichneten Punkt gibt, muss das Ergebnis unabhéngig von der
Wahl des Beobachtungspunktes in dieser Ebene sein. Wahlt man » = 0, so erhélt
man

ihs

€ap-(M(ho) @N(ho)) , = ~oh [0 + 65 —1] N2 227, (5.2.8)
€apz(M(=h2) @ N(=hy)) , = 12%[5,%1 + 0y 1] A2e?27, (5.2.9)
€ap:(M(=h2) ® N(ha)) , = —12% [0 + 6 1] A2 227, (5.2.10)
€ap:(M(ho) ® N(=hy)) . = ;% [0 + 6 —1] A2ePh2%, (5.2.11)

Wertet man diese Ausdriicke bei z = a aus, bekommt man daher mit ko = ky

1 TA
€0z 43 (GE GHT) +c.c. = /d)\ {
’ /z’<0 A s wiio(4m)? AR

2hy (| Tre e~ 0% — | Ryg|%e™07) (5.2.12)

+ 4hgTm (RrpTrre 20%) + || }

Aufgrund dieser Darstellung bietet sich eine Aufspaltung in propagierende und eva-
neszente Moden an, denn fiir die propagierenden Moden gilt A < kg, sodass hq rein
reell ist und damit b = 0 gilt. Daher gibt der erste Term in den geschweiften Klam-
mern den Anteil der propagierenden Moden an. Fiir die evaneszenten Moden gilt
dagegen \ > kg, sodass hy = iy rein imaginér ist und damit hj = 0. Daher gibt der
zweite Term innerhalb der geschweiften Klammern den Anteil der evaneszenten Mo-
den an. Setzt man nun die Transmissions- und Reflexionskoeffizienten aus Gl. (5.2.5)
ein, trennt die propagierenden und evaneszenten Moden und benutzt die Relationen
aus Gl. (1.7.12), so erhélt man

1 k02)\1_ 2312 1— 2112
o [ (Gi6H) veem L ([ 2O bE Y
2/<0 af wio(4m) o hihy [N |

© 4 2 I 23 I 21\ n—2va
+/ ;T/Qm(rj_)m(r;_)e )+||
ko PP ‘NL‘

0

(5.2.13)

Mit der Hilfsrelation €]/ = 2eoh}h{/k2 aus Gl. (1.6.8) kann man schlieSlich den
Poynting-Vektor aus Gl. (5.2.1) fiir den Energiefluss von Dielektrikum 1 zum Di-
elektrikum 3 durch

(S5(z = a)) = /0 T L((;’)gm { /0 SPpY Gl |‘ ]\)fﬁz_ )

* - AIm(r®)Im(r2t)e2e }
+ [ dxA L L +
/k |V |? |

(5.2.14)

0
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angeben. Man sieht, dass dieser Ausdruck invariant bei Vertauschung der Indizes
1 < 3 ist, sodass der Gesamtenergieiibertrag entsprechend Gl. (5.2.2) durch

> Ey(w,Th) — Ey(w, T3) o (1- |Tig|2)(1 — |Til|2)
59.= [ e B LanE=ity

*  AIm(r23)Im(r2t)e=2e }
+ [ da) L L +
/ A |

(5.2.15)

0

gegeben ist. Das ist die Polder-van Hove-Formel [71], die den Strahlungswirme-
iibertrag zwischen zwei Halbrdumen mit den Temperaturen 7} und T3 beschreibt.
Im Gegensatz zur Halbraum- bzw. Plattengeometrie enthélt der Poynting-Vektor
diesmal nicht nur Informationen iiber die propagierenden, sondern auch iiber die
evaneszenten Moden.

5.3 Strahlungswirmetransport

Wegen ihrer Struktur kann man die Polder-van Hove-Formel in Gl. (5.2.15) wieder
in der Kurzschreibweise

(S.) = /dw Eo(w,T1()27—T>f;30(w,T3) /d)\)\(Tf’ +T”13) (5.3.1)

angeben, wobei die Transmissionskoeffizienten 7% von Medium 1 nach Medium 3
auch durch die Transmissionskoeffizienten 7% und 7% aus Gl. (1.6.12) in der Form

_ 4 _ 1
T13 T12T23e 2hga T12T236 2hga
‘NP ‘1 _ T23T2162ih2a‘2

(5.3.2)

ausgedriickt werden kénnen.

Der Strahlungswéarmetransport zwischen zwei Halbrdumen ist fiir die propagie-
renden Moden durch die Abstrahlung der beiden Halbraume bestimmt, die durch die
Transmissionskoeffizienten 7% und 723 gegeben ist, und die entsprechende Mehr-
fachreflexion zwischen den beiden Halbrdumen, die durch den Fabry-Perot-Nenner
|N|? beriicksichtigt wird. Fiir die evaneszenten Moden gilt eine #hnliche Aussage,
wobei T'2 und 7% im Prinzip die Energiedichte der evaneszenten Moden in der Nihe
der beiden Halbriume bestimmen und der Nenner |N|? fiir die evaneszenten TM-
Moden die Oberflichenmodenkopplung ermoglicht. Diese Kopplung und das damit
verbundene Aufspalten der Dispersionsrelation der Oberflichenmoden kann man gut
in dem Contourplot fiir TH13 in Abb. 5.2 fiir zwei Au-Halbriume sehen, der ,rechts®
der Lichtlinie erstaunlich gut mit der Dispersionsrelation in Abb. 4.2 iibereinstimmt.

Die Oberflichenplasmonenkopplung mit den jeweils resultierenden Frequenzen
wy aus Gl (4.2.8) wird hier nur wirksam, solange man sich nicht im quasistatischen
Bereich befindet, d.h. fiir Abstédnde grofer als die Skintiefe dg der beiden Halbraume.
Betrachtet man zwei Halbrdume aus dem gleichen Material mit der Permittivitat
€(w), dann ist fiir Abstdnde mit a < ds bzw. A > ko\/|e(w)| das evaneszente Nah-
feld wie gehabt durch die Moden mit den lateralen Wellenzahlen A ~ a~! gegeben.
Daher gilt in diesem Abstandsbereich stets Aa =~ 1, sodass die hochfrequente und
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116 KAPITEL 5. STRAHLUNGSWARMETRANSPORT

die niedrigfrequente Oberflichenplasmonenresonanz aus Gl. (4.2.8) fiir die gegebene
Geometrie im Prinzip iibereinstimmen, d.h. die Entartung der beiden Frequenzen
wird in dem quasistatischen Abstandsbereich nicht aufgehoben. Man erhélt daher
fiir Abstédnde, die kleiner als die Skintiefe sind, d.h. es gilt a < dg, die Oberflichen-
plasmonenresonanzen bei wy ~ w,/ V2. Die Oberflichenplasmonenkopplung — wie
sie im vorangegangenen Kapitel beschrieben wurde — kann daher nur im Abstands-
bereich dy < a < Ay, wirksam werden, wogegen man fiir Abstéinde a < dg stets
im quasistationéren Bereich ist, in dem die beiden Oberflichenresonanzen bei ihrem
Halbraumwert w, = w,, / V2 liegen. Das kann man auch direkt anhand der Transmis-
sionskoeffizienten der beiden Halbrdume TH12 bzw. TH23 sehen, fiir die man im stark

evaneszenten Nahfeld
€ — 1
T ~1 5.3.3
[ m(er T 1) (5.3.3)

bekommt, sodass die Resonanzen bei w, mit €.1(w,1) & —1 bzw. €.3(wy3) ~ —1
im Frequenzintegral einen erheblichen Beitrag liefern. Das sind genau die Ober-
flaichenmodenresonanzen der jeweiligen Halbridume, was man anhand der Dispersi-
onsrelation in Gl. (4.1.5) sehen kann, die fiir den Fall der Oberflachenresonanzen
im quasistationdren Bereich mit A — oo nur fiir €,.(w,) — —1 erfiillt werden kann,
sodass w, = wy gilt.

0.5

[ 1.5 2
A
kP

Abbildung 5.2: Contourplot der Transmissionskoeffizienten T”13

fir die evaneszenten TM-Moden aus Gl. (5.3.2), wobei T”13
in den dunklen Bereichen maximal und in den weiflen Berei-
chen ungefahr Null ist. Fiir den Plot wurden die Permittivitéat
von Gold und die Abstinde d = 107" m,107®*m und 10°m

gewihlt. Man vergleiche diese Darstellung mit Abb. (4.2).
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Abbildung 5.3: Numerische Ergebnisse fiir den Energieiibertrag
zwischen zwei GaN-Halbraumen mit 77 = 300 K und 75 = 0 K,
bestimmt mit der Reststrahlenformel fiir die Permittivitét.

Fiir grofle Abstdnde mit a > Ay, verschwindet der Beitrag der evaneszenten
Moden aufgrund der exponentiellen Dampfung im A-Integral und nur die propa-
gierenden Moden tragen zum Energietransport bei. Fiir den Idealfall r, = rj = 0
erhalt man den maximalen Warmestrom zwischen beiden Halbrdumen, der durch
das Stefan-Boltzmann-Gesetz

<SBB> = O'BB(T14 — T;) (534)

mit opp = 5,67-107° Wm ™K ~* gegeben ist. Fiir das ideale Metall mit 7, =7 =1
erhédlt man dagegen keinen Energietransfer.

Fiir sehr kleine Abstiande mit a < Ay, konnen die evaneszenten Moden in das
jeweils gegeniiberliegende Medium eindringen und dort weiter propagieren. Damit
tragen diese Moden erheblich zum Strahlungswarmetransport bei, der dadurch weit
iiber dem Schwarzkorperwert in Gl. (5.3.4) liegen kann. Neben diesem Prozess des
Photonentunnelns kénnen die Oberflichenmoden auf den beiden Plattenseiten mit-
einander koppeln, wodurch es zu resonantem Photonentunneln kommt. In diesem
Fall [59] ist der Transmissionskoeffizient maximal, d.h. es gilt T”13 = 1.

Man kann zeigen [59, 71, 72], dass der Nahfeldwarmetransport wieder auf Po-
tenzgesetze fithrt, wobei im stark evaneszenten Bereich mit A > kg

(S|) oca™® und (S)) o const. (5.3.5)

gelten. Die Exponenten der Potenzgesetze sind fiir den Strahlungswérmetransport
daher gegeniiber den entsprechenden Exponenten der Potenzgesetze fiir die Energie-
dichte oberhalb eines Halbraumes um Eins erhoht. Das soll heiflen, dass das Potenz-
gesetz (u) o z~% auf einen Strahlungswérmeiibertrag proportional zu a~? fiihrt.
Entsprechendes gilt fiir die TE-Moden, bei denen (u;) oc 27! auf (S) o const.
fithrt. Damit kann man qualitativ abschétzen, welche Abstandsabhéngigkeit im
Strahlungswérmetransport zwischen zwei Halbrdumen zu erwarten ist, wenn man
die Energiedichte oberhalb eines Halbraumes kennt.
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Abbildung 5.4: Numerische Ergebnisse fiir den Energieiibertrag
zwischen zwei Au-Halbraumen mit 77 = 300K und 75 = 0K
im Drude-Modell.

In Abb. 5.3 ist die numerische Auswertung fiir zwei GaN-Halbriume mit den
Temperaturen 77 = 300 K und 73 = 0K geplottet, wobei die Permittivitdt durch
die Reststrahlenformel bestimmt wurde. Man sieht, dass bereits fiir Abstédnde im
Bereich von 1 um Energietibertrige grofler als der Schwarzkorperwert Sgp erreicht
werden. Im Nahfeldbereich dominieren fiir dieses polare Medium hauptséchlich die
TM-Moden, sodass der Emergieiibertrag ein sehr gut ausgepréigtes Potenzgesetz
(S|) o< a=? zeigt. Fiir zwei Au-Halbrdume im Drude-Modell findet man die nu-
merischen Auswertungen der Polder-van Hove-Formel in Abb. 5.4. Fiir diese Kon-
figuration dominieren im abgebildeten Abstandsbereich die TE-Moden den gesam-
ten Strahlungswirmeiibertrag, sodass man insbesondere die Proportionalitit zu a2
im physikalisch zugénglichen Bereich zumindest fiir gute Leiter nicht finden kann.
Erst fiir unrealistisch kleine Absténde erhélt man fiir beide Materialkombinatio-
nen die 1/a?-Proportionalitit der TM-Moden, wobei der Strahlungswiirmeiibertrag
zwischen zwei polaren Medien in diesem Fall sehr viel grofler ist als fiir zwei Drude-
Materialien. Man beachte aber an dieser Stelle, dass man fiir Abstéinde weit unter
100 nm nicht erwarten kann, dass die makroskopische und lokale Theorie quantitativ
richtige Ergebnisse liefert.

Den Unterschied im Nahfeldwarmetransport zwischen polaren Medien und Me-
tallen kann man anhand der Energiedichte oberhalb der beiden Halbrdume verstehen
(vgl. Abb. 1.2 und 1.3): Betrachtet man zwei Halbrdume aus dem gleichen Mate-
rial, die durch einen Vakuumspalt getrennt sind, wobei der erste eine Temperatur
T # 0K und der zweite die Temperatur 73 = 0K hat, so ist zu erwarten, dass
aufgrund der thermischen Fluktuation im ersten Halbraum propagierende und eva-
neszente Felder entstehen. Die propagierenden Felder tragen nun fiir alle Absténde
a zum Energieiibertrag bei, wogegen die evaneszenten Felder an der Grenzfliche des
ersten Halbraumes exponentiell abklingen, da sie eine laterale Wellenzahl A > kg ha-
ben, die eine Propagation in das angrenzende Vakuum verbietet. Fiir polare Medien
sind diese evaneszenten Felder hauptsichlich TM-polarisiert, fiir Drude-Materialien
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dagegen TE-polarisiert. Verkleinert man den Abstand a soweit, dass die evaneszen-
ten Moden in den zweiten Halbraum ragen kénnen, d.h. a < Ay, so werden diese
Moden zwar iiber den Vakuumspalt exponentiell gedampft, konnen aber im zweiten
Halbraum weiter propagieren. Durch dieses Photonentunneln tragen die evaneszen-
ten Moden zum Energietransport bei. Es ist daher ausgehend von der Energiedichte
bzw. lokalen Zustandsdichte oberhalb eines Halbraumes vollkommen klar, dass der

Strahlungswérmetransport im evaneszenten Bereich bei polaren Medien durch die
TM-Moden und bei Drude-Metallen durch die TE-Moden dominiert wird.

5.4 Nahfeldwirmetransport fiir beschichtete Me-
dien

Die im ersten Abschnitt gegebene Ableitung der Polder-van Hove-Formel kann man
leicht auf eine Geometrie anwenden, bei der der Halbraum fiir z > a durch einen
Halbraum mit einer Schicht der Dicke d ersetzt wird. Fiir solch eine Geometrie
andert sich die Greensche Funktion im Vakuumspalt zwischen dem Halbraum und
dem beschichteten Halbraum nicht. Allerdings muss man fiir die Schicht die richtige
Greensche Funktion ansetzten. Wendet man die iiblichen Randbedingungen auf diese
Geometrie an, erhélt man nach einer elementaren Rechnung

) 2t12
RTE = TTE€21h2aRJ_ und TTE = —J/_, (541)
NJ_
wobei 23 34 . 2ih3d
ih3 )
Ry = 171l tzéze sea und N =1-r1R e (5.4.2)

gelten. Entsprechende Gleichungen gelten fiir die TM-Moden. Man erhélt demnach
das gleiche Ergebnis wie fiir zwei Halbraume, wobei allerdings r?* durch R zu ersetzen
ist. Folglich bekommt man anstatt der Polder-van Hove-Formel in Gl. (5.2.15) den
Ausdruck

g B, ) = Eo(w, Ty) [ (% (L= [r2 ) (1= [RLJP)
(8= [a R

[e%S) 41 21 I —2va
+/ ay )t/ Je +||}.
K | V.|

(5.4.3)

0

Der Energietransfer ist also wieder proportional zu den Energiedichten der beiden
gegeniiberliegenden Halbridume. Somit sollte es moglich sein, den Strahlungswérme-
transport durch die Wahl des Schicht- und Bulkmaterials zu manipulieren. Auflerdem
sollte sich zumindest prinzipiell das universelle Verhalten bemerkbar machen.

Da die Energiedichte oberhalb einer Schichtgeometrie neben der Schichtdicke d
auch sehr empfindlich auf die Wahl des Bulkmediums sein kann, soll hier der Strah-
lungswérmetransport zwischen einem Goldhalbraum und einem mit Bi beschich-
teten GaN- bzw. Pt-Halbraum numerisch bestimmt und diskutiert werden. Da in
Abbildung 5.5 fir z < 0 Gold gewéahlt wurde, sollte (S,) im Prinzip durch die TE-
Moden des beschichteten Halbraumes bestimmt sein (vgl. Abb. 3.7). Entsprechend
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Abbildung 5.5: Numerische Ergebnisse fiir den Energieiibertrag
zwischen einem Au-Halbraum mit 77 = 300 K und einem mit
5nm Bi beschichteten GaN- bzw. Pt-Halbraum mit 73 = 0 K.
Fir die Permittivitdten wurden die Drude- und die Reststrah-
lenformel verwendet.

der Abbildung 3.7 kann man dann erwarten, dass die Energiedichte oberhalb des be-
schichteten GaN-Halbraumes sehr viel kleiner ist als oberhalb des beschichteten Pt-
Halbraumes. Dementsprechend sollte der Strahlungswarmeiibertrag im ersten Fall
sehr viel kleiner sein als im zweiten. Genau dieses Verhalten kann man in Abb. 5.5 fiir
Absténde a < 1 um beobachten, bei denen die beiden Strahlungswérmeiibertriage
um bis zu eine Groflenordnung auseinander liegen. Fiir Abstédnde a ~ 1 um unter-
scheiden sich die beiden Strahlungswarmeiibertrige aulerdem sehr stark durch die
Steigung. Dass der Warmestrom (S.) in Abb. 5.5 fiir die Konfiguration Au-Bi/Pt
oberhalb des Polder-van Hove-Ergebnisses fiir die Konfiguration Au-Bi liegt, lésst
sich damit erkldren, dass fiir sehr diinne Metallfilme auf einem Metallsubstrat der
Bulkbeitrag fiir a > d grofler sein kann als der Beitrag des Coatings selbst. Inso-
fern liegt der Anstieg im Nahfeldwirmetransport im Absinken des Coatingbeitrages
unter den Halbraumwert des Pt-Substrats begriindet.

In Abb. 5.6 findet man noch zusétzlich die numerischen Ergebnisse fiir eine
GaN-Bi/GaN- und GaN-Bi/Pt-Konfiguration. In diesem Fall ist der gesamte Strah-
lungswirmetransport wieder durch die TM-Moden dominiert (vgl. 3.8). Genau wie
im Fall der Energiedichte oberhalb des beschichteten Mediums in Abb. 3.8 sind
die Beitrdge im Strahlungswérmetransport fiir ¢ < d unabhéngig vom gewéhl-
ten Bulkmaterial, wohingegen sich fiir a > d zwei klare Potenzgesetze herausbil-
den, die sehr stark von der Wahl des Bulkmediums abhéngen. Vergleicht man Abb.
5.6 fiir den Strahlungswirmetransport mit Abb. 3.8 fiir die Energiedichte, so kann
man sehen, dass sich die 1/z3-Proportionalitit in der Energiedichte fiir a < d in
eine 1/a*-Proportionalitit im Strahlungswiirmetransport iibertrigt. Entsprechend
schldgt sich die 1/z2- bzw. 1/2z%-Abhingigkeit in der Energiedichte fiir a > d in
einer 1/a- bzw. 1/a®-Abhingigkeit im Strahlungswiirmetransport nieder. Offensicht-
lich fiithrt die Oberflachenplasmonenkopplung innerhalb des Coatings zu einem An-
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Abbildung 5.6: Numerische Ergebnisse fiir den Energieiibertrag
zwischen einem GaN-Halbraum mit 77 = 300 K und einem mit
5nm Bi beschichteten GaN- bzw. Pt-Halbraum mit 73 = 0 K.
Fir die Permittivitdten wurden die Drude- und die Reststrah-
lenformel verwendet.

stieg im Nahfeldwédrmetransport, der grofler ist als das entsprechende Polder-van
Hove-Ergebnis fiir eine GaN-Bi-Konfiguration, mit einem charakteristischen 1/a-
Potenzgesetz.

Um einen Einblick in die Wirkungsweise der Oberflichenplasmonenkopplung
beim Nahfeldwérmetransport zu bekommen, ist in Abb. 5.7 schliefilich das Emis-
sionsvermogen e(w), das hier analog zur lokalen Zustandsdichte durch

(S.) = / dw (Eo(w,Tl) - Eo(w,Tg))e(w) (5.4.4)

definiert ist, fiir die GaN-Bi/GaN-Konfiguration geplottet. Da das Emissionsverma-
gen im Prinzip durch die entsprechenden Energiedichten bzw. lokalen Zustandsdich-
ten oberhalb der Dielektrika gegeben ist, kann man in grober Néherung sagen, dass
e(w) x Dgon(w)Dpijgan(w) ist. Fiir die Schichtdicke d = 5+ 107" m hat man im
Prinzip das Emissionsvermogen fiir einen GaN- und einen Bi-Halbraum, da d > d,
gilt, sodass e(w) o< Dgan(w) ist. Das liegt daran, dass sich Dp;/can(w) = Dp;(w)
in dem entsprechenden Frequenzbereich nur geringfiigig dndert. Das Emissions-
vermogen stimmt daher fir d = 5-107"m in Abb. 5.7 im wesentlichen mit der
lokalen Zustandsdichte fiir einen GaN-Halbraum im Nahfeld (vgl. Abb. 1.5) tiber-
ein. Fiir Bi-Schichten mit d < dy und d < a nimmt die lokale Zustandsdichte
Dpijcan(w) aufgrund der niedrigfrequenten Oberfléchenresonanz im betrachteten
Frequenzbereich zu und erhoht so das Emissionsvermogen e(w) in Abb. 5.7 deutlich,
was effektiv zu einer Erhchung des Strahlungswérmetransportes fiihrt.

121



122 KAPITEL 5. STRAHLUNGSWARMETRANSPORT

40

20 |

e(w) / m?

1.810"

Abbildung 5.7: Emissionsvermégen e(w) aus Gl (5.4.4) des
Poynting-Vektors fiir den Nahfeldwarmetransport zwischen ei-
nem GaN-Halbraum mit der Temperatur 77 = 300K und
einem mit Bi beschichteten GaN-Halbraum mit der Tempera-
tur 73 = 0K fira=10mund d =5-10""m,10~®m und
d=5-10""m.

5.5 Das Dipolmodell

Es soll nun der Strahlungswérmetransfer zwischen einer dielektrischen Kugel mit
einem Radius R und der Temperatur Tk und einem beliebigen Medium mit der
Temperatur T" bestimmt werden. Insbesondere wird der Strahlungswérmeiibertrag
zwischen dieser Kugel und einem dielektrischen Halbraum bzw. einem beschichteten
Halbraum betrachtet. Es wird sich zeigen, dass der Strahlungswérmeiibertrag in dem
hier beschriebenen Modell fiir kleine Absténde a im Prinzip direkt proportional zur
elektrischen Energiedichte (ug) und damit im Nahfeld direkt proportional zu (u)
ist.

Gegeben sei nun ein dielektrisches Medium mit der Permittivitéit e; und der Tem-
peratur T" # 0 K umgeben durch das Vakuum. Das fluktuierende Feld auerhalb des
Dielektrikums, das durch die fluktuierenden Quellenstrome im Dielektrikum erzeugt
wird, ist dann durch die Beziehung (1.1.4), also

Eo(r, o) = iwpto / &' GE,(r, 1')j(r') (5.5.1)

gegeben. Bringt man nun eine dielektrische Kugel mit der Permittivitat ¢; und der
Temperatur Tx = 0K derart in die Ndhe des Dielektrikums, dass stets ein Ab-
stand a > R herrscht, wobei zusétzlich R < Ay, gelten muss, so wird durch das
fluktuierende Feld Eq ein Dipolmoment

p = ax(w)eEo (5.5.2)

in der Kugel induziert, wobei die Polarisierbarkeit in diesem Fall [78] durch die
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Clausius-Mosotti-Relation [95]

ak(w) = 47TR3:T; (5.5.3)
gegeben ist, da fiir a > R das Feld innerhalb der Kugel als homogen angenommen
werden kann, falls auch R < Ay, erfiillt ist. Die Giiltigkeitseinschrankung bzgl. des
Abstands kommt daher, dass das Nahfeld durch die evaneszenten Moden des Dielek-
trikums 2 mit Wellenzahlen A ~ a~!, d.h. durch Wellenléingen der GréBenordnung
a gegeben ist, sodass somit das evaneszente Feld innerhalb einer Kugel mit a > R
als homogen angesehen werden kann.

Durch die Wechselwirkung des fluktuierenden Feldes Ey mit dem induzierten
Dipolmoment wird in der Kugel Energie dissipiert, wobei die mittlere dissipierte
Energie bzw. Leistung durch

Pp_x = 2Re /OOO(;TMP (—iwp - Ey)
. ) B (5.5.4)
— 9Re /0 o (=)o) 5 5 (o) - Bw)

gegeben ist. Dabei wurde bereits ausgenutzt, dass wegen des Fluktuations-Dissipa-
tions-Theorems in Gl. (1.1.10) auch die Beziehungen

(Bolw!) - Fo(w)) = (Bo(w) - Bolw))d(w — o) (5.5.5)
und
(Eo(w') - Eo(w)) =0 und (Eg(w') - Eo(w) =0 (5.5.6)
gelten. Da nun die elektrische Energiedichte (ug) durch
o 1 = 2
(Bo) Ba(t) =2 [ o s (Bule) Bufe)) = 2(u) (557

gegeben ist und damit die spektrale elektrische Energiedichte (ug(w, a)) die Relation
€o
(2m)?

erfiillt, bekommt man fiir die dissipierte Leistung

(ug(w,a)) = (Eo(w) - Eg(w)) (5.5.8)

Pp_x = /Oodw 2wag (w)(ug(w, a))
oo (5.5.9)
:/0 dw 2wag (w)E(w, T)Dg(w, a).

Offensichtlich héngt die dissipierte Leistung direkt von der spektralen elektrischen
Energiedichte (ug(w,a)) bzw. der lokalen Zustandsdichte Dg(w,a) des fluktuieren-
den Feldes Eqy im Abstand a vom Dielektrikum 2 ab.

Betrachtet man den umgekehrten Fall, bei dem das fluktuierende Feld durch
die Quellen innerhalb der dielektrischen Kugel mit der Temperatur Tx # 0K ein
Feld erzeugen, so werden wiederum Dipole innerhalb des Dielektrikums 2, das die
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124 KAPITEL 5. STRAHLUNGSWARMETRANSPORT

Temperatur T" = 0K hat, erzeugt, die an das fluktuierende Feld koppeln. Dadurch
wird im Dielektrikum 2 Energie dissipiert und somit flieft Energie von der Kugel
in das Dielektrikum 2. Dieser Energiefluss bzw. die im Dielektrikum 2 dissipierte
Energie pro Zeit Px_.p muss fiir den Spezialfall Tx = T bis auf das Vorzeichen
mit Pp_x aus Gl. (5.5.9) iibereinstimmen, da es in diesem Gleichgewichtsfall keinen
Nettoenergieiibertrag geben kann. Somit muss

Px_p = —/ dw 2wy (W) E(w, Tk ) De(w, a) (5.5.10)
0

gelten. Der Gesamtenergieiibertrag ist daher

P =Py x+ Px-p

o0 5.5.11
— / dw [E(w,T) — E(w, Tx)] 2way (w) Dg(w, a). ( )
0

Dieser Ausdruck ist sehr allgemein und kann den Strahlungswérmetransport zwi-
schen einer Kugel und einem beliebigen Dielektrikum beschreiben, fiir das man al-
lerdings die lokale Zustandsdichte Dg(w,a) bestimmen muss. Beispielsweise kann
man aus diesem Ausdruck sofort die abgestrahlte Leistung einer dielektrischen Ku-
gel im Vakuum bestimmen, indem man fiir die lokale Zustandsdichte

-DO 1 w2
D= — =—-——— 5.5.12
E 2 2 372 ( )
einsetzt, T' = 0K setzt und fiir die Polarisierbarkeit oy die Clausius-Mosotti-

Relation aus Gl. (5.5.3) verwendet. Man erhélt dann die experimentell bestétigte [96]
sogenannte Planck-Mie-Formel [75, 95, 97]

3 —
p-_3 (47T3R )/dwE(w,TK) kS’Im(E“ ;) (5.5.13)

7T2 €r1 +

Betrachtet man dagegen eine Kugel oberhalb eines Halbraumes, so ist bereits
bekannt, dass man im stark evaneszenten Nahfeld mit A > kq die elektrische lokale
Zustandsdichte durch den TM-Moden-Anteil approximieren kann. Es gilt dann in
guter Naherung Dg(w, a) = Dj(w,a). Mit Gl. (5.5.11) fiir den Energieiibertrag zwi-
schen einer Kugel und einem Dielektrikum und dem Néherungsausdruck fiir Dy (w, a)
aus Gl. (1.7.18) fiir einen Halbraum mit der Permittivitdt o erhdlt man sofort

1D0(W) €ro
4 (koa)? |€pe + 1]

P~ /dw [E(w,T) — E(w,Tk)] 2wai (w) (5.5.14)
wobei Dy = w?/(r?c?) gilt. Diese Beziehung kann man iibrigens direkt aus der
Polder-van Hove-Formel ableiten, indem man einen der beiden Halbraume durch ein
verdiinntes Medium mit der entsprechenden Permittivitét ersetzt [75]. Offensicht-
lich ist die dissipierte Energie pro Zeiteinheit im Nahfeld [77] proportional zu a =3,
was nicht verwunderlich ist, da dies genau das Potenzverhalten von (u) ist. Auler-
dem kann man anhand dieser Ndherung leicht erkennen, dass die Oberflichenmoden
im Dielektrikum 2, fiir die €.9(w) &~ —1 ist, einen erheblichen Beitrag zum Strah-
lungswarmetransport liefern, insofern sie thermisch angeregt werden kénnen. Setzt
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5.5. DAS DIPOLMODELL 125

man nun fiir die Kugel noch die Clausius-Mosotti-Relation aus Gl. (5.5.3) ein, erhélt
man sofort

2 /R\?® e’ 3e”
P~ == dw [E(w.T) — BE(w., T, r2 rl 5.5.15
7T<a) / w[ (W> ) (Wv K)]‘€r2+1|2‘6r1+2|2 ( )

Der Warmeiibertrag zwischen einem Halbraum und einer dielektrischen Kugel wird
daher durch die Oberflachenmoden des Halbraumes mit €,9(w) ~ —1 und die Ober-
flichenmoden der Kugel bei €,1(w) ~ —2 geliefert [78], wenn diese innerhalb des
thermisch zugénglichen Frequenzbereiches liegen.

Betrachtet man beispielsweise zwei Metalle, so liegen die Oberflachenplasmonen-
resonanzen [95] bei wys/v/2 und w,;/v/3 und sind damit in der Regel auBlerhalb des
thermisch zugénglichen Bereichs, da die Plasmafrequenz fiir die meisten Metalle im
Bereich 10%s™! — 4 - 10%s7! und die thermische Frequenz bei 300K bei 10 s~}
liegt. Fiir polare Medien dagegen konnen die Oberflichenresonanzen, die im Rest-
strahlenbereich zwischen w; und w; liegen, durchaus thermisch angeregt werden.

Fiir Drude-Materialien kann man Gl. (5.5.15) n&herungsweise auswerten, und
bekommt mit der Ndherung (siche Anhang C)

El/ El/ w

L~ L~ 5.5.16
le, +212 e + 112 Wit ( )

sofort den Ausdruck

PS8 S [ ipe ) - B nol?

3
— 2_7r3 E 1 1 @(T‘l — 1)
5 \a wf,lﬁ wngg h3 K7

der bereits von Pendry [74] abgeleitet wurde. Anhand dieser Naherungsformel kann
man erkennen, dass sehr gut leitende Metalle, d.h. die Leitfdhigkeit o = ng ist grof,
im Vergleich zu schlecht leitenden Metallen einen kleineren Strahlungswérmeiiber-
trag liefern. Dementsprechend ist zu erwarten, dass der Strahlungswarmeiibertrag
zwischen einer Goldkugel und einem Goldhalbraum sehr viel geringer ist als zwischen
einer Goldkugel und einem GaN-Halbraum. Diesen Sachverhalt kann man auch an-
hand der Energiedichten oberhalb eines GaN- bzw. Au-Halbraumes in den Abb. 1.2
und 1.3 verstehen. Denn der TM-Moden-Beitrag fiir den GaN-Halbraum liegt um
Grolenordnungen iiber dem entsprechenden Beitrag oberhalb eines Au-Halbraumes.

In Abb. 5.8 findet man die numerische Auswertung der Gl. (5.5.11) fiir eine
Goldkugel mit Tx = 300K und einen Au- bzw. GaN-Halbraum mit 7" = 0 K. Fiir
Absténde weit unter 100 nm ist das abgeleitete a~3-Verhalten zu sehen, wobei die
dissipierte Energie bei ¢ = 10 nm fiir einen Au-Halbraum erwartungsgeméafl um mehr
als 3 Groflenordnungen unter dem entsprechenden Wert fiir einen GaN-Halbraum
liegt. Erst fiir Abstédnde von der GroBenordnung a =~ 10 pm sind die Energieiibertrége
in beiden Féllen von vergleichbarer Groflenordnung.

Bevor der Energietransfer zwischen einer Kugel und einem beschichteten Halb-
raum betrachtet wird, soll nun noch der Anwendungsbereich zweier Naherungen

(5.5.17)
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Au-GaN _—

log(a/m)

Abbildung 5.8: Strahlungswérmeiibertrag zwischen einer Gold-
kugel und einem GaN- bzw. Au-Halbraum fiir Tx = 300 K und
T=0K.

untersucht werden. Die erste Ndherung, die im Nahfeld ansetzbar ist, ist die Ndhe-
rung Dg ~ Dy, die bereits in Gl. (5.5.14) verwendet wurde. Mit dieser Néherung
bekommt man aus Gl. (5.5.11)

Prspron ~ / dw [E(w, T) — B(w, Tx)] 2wal(w) Dy (w, a). (5.5.18)

Andererseits kann man noch einen Schritt weitergehen und fiir sich schwach dndernde
walg(w) im thermisch anregbaren Bereich die Polarisierbarkeit der Kugel aus dem
Integral in Gl. (5.5.11) herausnehmen. Es gibt dann eine Frequenz wy, sodass

Piens ~ 2woary (wo) /dw [E(w,T) — E(w,Tk)] De(w, a) = 2woa(wo)(ur) (5.5.19)

gilt, wobei man erwarten kann, dass wy nahe der thermischen Frequenz der héheren
Temperatur liegt, d.h. es gilt wy &~ wy,. Diese Naherung ist sehr grob und kann offen-
sichtlich nur dann richtig sein, wenn die Oberflachenresonanzen der Kugel thermisch

nicht angeregt werden kénnen.
In Abb. 5.9 ist der relative Fehler

Pa TOX ens_P
rel. Fehler := —22 /; (5.5.20)

der Ndherungen in Gl (5.5.18) und (5.5.19) im Vergleich zum Dipolmodell in Gl
(5.5.11) aufgetragen, wobei Tx = 300K und T = 0K gewéhlt wurde. Fiir den
Vergleich mit Pye,s wurde fiir die Konfiguration GaN-Au

2woar (wo) _ 10.—1
und fiir Au-Au 2ual ()
u)()OéK wWo 9 —1
— 2 =06,29-1 .5.22
e = 6,20 10 (5.5.22)
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gewihlt, wobei 2wyaf (wi)/ (47 R3) fiir wy, = 1,1 - 10Ms™! tatsichlich bei 1,4 -
10'%s7! liegt. Man sieht anhand der Abb. 5.9, dass der relative Fehler fiir Abstinde
kleiner als 10~" m unter 20 Prozent liegt, sodass man fiir solche Absténde die Giiltig-
keit der Naherungen in Gl. (5.5.18) und (5.5.19) annehmen kann. Dabei ist die Né&he-
rung P,pprox ungefiahr genauso gut wie Pyens, wobei fiir die Konfiguration GaN-Au
gerade Py auch fiir Abstinde groBer als 10" m gute Niaherungswerte liefert.

1
Papprox kU'GaN - b
Pgens Au-GaN —-oeeee T

05 -
3
<

g o <
2

05 |- —

1 ] ]
9 -8 7 6

log(a/ m)

Abbildung 5.9: Relative Abweichung zwischen dem Dipolmodell
in Gl. (5.5.11) und der Ndherung in Gl. (5.5.18) sowie dem Di-
polmodell und der Néherung durch die Nahfeld-Energiedichte
in Gl (5.5.19) fiir verschiedene Materialkombinationen.

Um nun schliefSlich den Strahlungswérmetransport zwischen einer dielektrischen
Kugel und einem beschichteten dielektrischen Halbraum angeben zu koénnen, kann
man wieder von der allgemeinen Gleichung (5.5.11) ausgehen, wobei der entspre-
chende Ausdruck fiir die lokale Zustandsdichte Dg(w, a) oberhalb eines beschichteten
Halbraumes zu verwenden ist. Es ist aufgrund der Diskussion in den vorherigen Ka-
piteln klar, dass man fiir diinne Metall-Coatings mit d < dg und fiir Abstédnde a < d
die gleichen Werte wie fiir unendlich dicke Coatings entsprechend Gl. (5.5.15) erhilt,
bzw. fiir den Strahlungswérmetransport zwischen einer Metallkugel und einem mit
Metall beschichteten polaren Substrat den Grenzfall aus Gl. (5.5.17). Fiir a > d
dagegen muss man den jeweiligen Ausdruck mit a/d multiplizieren, um die richtige
Néherung zu bekommen. Es ergeben sich daher fiir den Strahlungswéarmetransport
zwischen einer Kugel aus einem Drude-Material und einem mit einem Drude-Metall
beschichteten Halbraum mit d < dg die Ndherungen

3 4
(0 -1y
PR s rys 1 1 K T4 _ T4 d’ (5.5.23)
it @) mnmar T -T) a>

Fiir die numerische Berechnung wird hier Dg(w, a) fiir die evaneszenten Moden
der Einfachheit wegen mithilfe des optischen Theorems bestimmt. Man erhélt mit
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Gl (4.4.1) und (4.4.2) sofort den Ausdruck

9 S
PBV—J( = ; / dw kga%(w)ImGga,ren(rK7 rK)
0
IN? — k2
k2 ’
(5.5.24)

1 = 2 1 Ae” 2
=— [ dwkjag(w)E(w,T) d)\ Im(R,) + Im(R))
™ Jo ko 2y

wobei .
P02 4 p232hs

i= 1 _ 123,0202ihad (5.5.25)

ist. Fiir den Strahlungswarmetransfer zwischen einer Kugel und einem beschichteten
Halbraum gilt daher mit dem gleichen Argument wie zuvor der Ausdruck

P = 1 [ kel @) [Ew, T) - Bw, Tw)]

71-2

e 2@
< / d {Im(Rl) 4 Im(R))
ko 2y

SOT (5.5.26)

2 ’
ko

wobei im Nahfeld in sehr guter Néherung P ~ P gilt, weil der Beitrag der pro-
pagierenden Moden in diesem Abstandsbereich vernachlissigbar klein ist. Ersetzt
man in diesem Ausdruck R wieder durch 72, so hat man die entsprechende Losung
fiir den Warmetransport zwischen einer Kugel und einem Halbraum. Man kann da-
her genau wie in der Polder-van Hove-Formel den entsprechenden Ausdruck fiir die
Schichtgeometrie aus den Beziehungen fiir die Halbraumgeometrie erhalten, indem
man einfach die Ersetzung » — R durchfiihrt.

In Abb. 5.10 sieht man als numerisches Beispiel den Strahlungswéarmeiibertrag
zwischen einer Goldkugel und einem mit 10 nm Bi beschichteten GaN-Halbraum mit
den entsprechenden Niherungen aus Gl. (5.5.23). Es zeigt sich erwartungsgeméf das
Ansteigen im Strahlungswéarmetransport fiir a > d durch die Oberflichenplasmo-
nenkopplung im Bi-Coating. Insofern wirkt sich die Erhoéhung der Energiedichte
direkt auf den Strahlungswérmetransfer zwischen einer dielektrischen Kugel und ei-
nem beschichteten Halbraum aus, da in diesem Fall der Warmetransfer im Nahfeld
direkt proportional zu (ug) ~ (u) ist.

5.6 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurde die Polder-van Hove-Formel hergeleitet, die den Strahlungs-
warmetransport zwischen zwei lokalen dielektrischen Halbrdumen mit verschiedener
Temperatur, die durch das Vakuum voneinander getrennt sind, fiir alle Abstédnde a
beschreibt. Es wurde anhand numerischer Beispiele verdeutlicht, dass der Strah-
lungswérmetransport zwischen zwei polaren Medien im Nahfeld durch die TM-
Moden dominiert ist, fiir die (Sj) o« a™? gilt. Fiir den Strahlungswérmetransport
zwischen zwei Drude-Materialien ist das Nahfeld fiir physikalisch sinnvolle Absténde
dagegen durch den TE-Moden-Beitrag dominiert, wobei (S| ) o const. gilt. Fiir sehr
kleine Abstédnde ist der Nahfeldwéarmetransport dagegen allein durch den divergen-
ten TM-Moden-Beitrag gegeben. Wie im folgenden Kapitel gezeigt wird, kann diese
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Abbildung 5.10: Strahlungswérmetransport aus Gl. (5.5.26)
zwischen einer Goldkugel mit Tx = 300 K und einem mit 10 nm
Bi beschichteten GaN-Halbraum mit 7" = 0 K im Vergleich zum
Nahfeldwarmetransport zwischen einer Goldkugel und einem
Bi-Halbraum nach Gl. (5.5.11). Zusétzlich ist die Ndherung aus
GL (5.5.17) fiir a < d (diinne gestrichelte Linie) und die gleiche
Nédherung multipliziert mit a/d fiir a > d (diinne gepunktete
Linie) geplottet.

Divergenz, die eng mit der 1/z3-Divergenz in der Nahfeldenergiedichte verkniipft ist,
durch eine nicht-lokale Beschreibung behoben werden.

Um die Auswirkung eines Metallcoatings auf den Strahlungswérmeiibertrag im
Nahfeld zu studieren, wurde die entsprechende Polder-van Hove-Formel in einer
Schichtgeometrie bestimmt, in der ein Halbraum einem beschichteten Halbraum
mit einem Metallcoating der Dicke d in einem Abstand a gegeniibersteht. Anhand
numerischer Ergebnisse wurde verdeutlicht, dass man durch die Wahl des Mate-
rials fiir den unbeschichteten Halbraum im Prinzip bestimmen kann, ob man den
TE-Moden- oder den TM-Modenanteil der Energiedichte oberhalb des beschichte-
ten Halbraumes ,,misst*, da fiir die Wahl eines Drude-Halbraumes der Warmestrom
durch die TE-Moden und fiir einen polaren Halbraum durch die TM-Moden im phy-
sikalisch sinnvollen Bereich dominiert ist. Es wurde numerisch bestétigt, dass man
fiir den Strahlungswirmetransport zwischen einem polaren Halbraum und einem
mit einem diinnen Metallcoating beschichteten polaren Substrat eine Erhéhung des
Nahfeldwéarmetransportes erhélt, die in der Erhohung der Nahfeldenergiedichte auf-
grund der Oberflichenplasmonenkopplung innerhalb des Metallcoatings begriindet
liegt.

Im letzten Kapitel wurde das Dipolmodell eingefiihrt und der Strahlungswéarme-
transport zwischen einer dielektrischen Kugel mit einem Radius R und einem dielek-
trischen Medium im Abstand a bestimmt. Dabei ist die Giiltigkeit dieses Modells
auf Abstinde a > R und Radien R < A\, beschriankt. Es wurde am konkreten Bei-
spiel des Warmestroms zwischen einer dielektrischen Kugel und einem dielektrischen
Halbraum gezeigt, dass der Warmestrom fiir Absténde a unter 100 nm im Prinzip
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proportional zur elektrischen Energiedichte (ug) bzw. zum TM-Moden-Anteil der
Energiedichte (u)) ist. Somit kann man den Nahfeldwérmetransport zwischen einer
dielektrischen Kugel und einem dielektrischen Medium als ,,Messung* der Nahfeld-
energiedichte oberhalb des Mediums ansehen. Der Strahlungswérmetransport unter-
scheidet sich in dieser Geometrie dementsprechend sehr stark vom Polder-van Hove-
Ergebnis. Auflerdem wurde gezeigt, dass die Erhéhung der Nahfeldenergiedichte,
die durch die Oberflichenplasmonenkopplung innerhalb des Metallcoatings hervor-
gerufen wird, fiir ein mit einem Drude-Metall beschichtetes polares Substrat sich
direkt auf den Nahfeldwérmetransport zwischen einer Kugel und einem beschichte-
ten Halbraum auswirkt. Anhand eines numerischen Beispiels wurde bestétigt, dass
diese Sichtweise den physikalischen Sachverhalt korrekt wiedergibt, und man fiir den
Warmestrom zwischen einer Metallkugel und einem mit einem Metall beschichteten
polaren Substrat die Potenzgesetze fiir die Nahfeldenergiedichte oberhalb eines be-
schichteten Substrats bekommt.

130



Kapitel 6

Raumliche Dispersion

In diesem Kapitel wird der Frage nachgegangen, wie sich die Beriicksichtigung der
rdumlichen Dispersion fiir Metalle, d.h. der Abhéngigkeit der Permittivitat von der
Wellenzahl k, auf den Nahfeldwarmetransport auswirkt und welche Schlussfolgerun-
gen daraus fiir die Nahfeldenergiedichte gezogen werden konnen.

Dazu wird im ersten Abschnitt die rdumliche Dispersion formal eingefiihrt und
im zweiten Abschnitt werden dann die iiblichen Randbedingungen verallgemeinert,
indem man die Reflexionskoeffizienten mithilfe der Oberflichenimpedanzen aus-
driickt. Im darauf folgendem Abschnitt wird speziell auf die sogenannten Leontovich-
Randbedingungen eingegangen, da in der jiingsten Literatur versucht wurde, die
thermodynamischen Probleme, die man bei der Beschreibung des thermischen An-
teils der Casimir-Kraft hat, dadurch zu l6sen, dass man diese Leontovich-Randbe-
dingungen einfiihrt und als die einzig richtigen Randbedingungen postuliert [84, 85,
86]. Infolge dieser Diskussion wurde der Leontovich-Ansatz 2006 von Bimonte [87]
auch auf den Nahfeldwérmetransport angewandt, wobei solch eine Beschreibung des
Nahfeldwérmetransportes bereits 1980 bereits von Levin et al. [72] gegeben wurde.
Im dritten Abschnitt wird der Anwendungsbereich der Leontovich-Randbedingungen
diskutiert und es wird gezeigt, dass dieser Ansatz nur einen Spezialfall der lokalen
Beschreibung darstellt, der gerade fiir die Abstandsbereiche, auf denen die rdumliche
Dispersion bzw. nichtlokale Effekte bedeutsam werden, nicht mehr giiltig ist.

Um eine Beschreibung dieser nichtlokalen Effekte zu erméglichen, wird im vierten
Abschnitt die dyadische Greensche Funktion innerhalb eines nichtlokalen Mediums
bestimmt und im darauf folgenden Abschnitt das Modell der Spiegelreflexion ein-
gefiihrt, wodurch die Oberflichenimpedanzen als Funktionen der nichtlokalen Per-
mittivitdt dargestellt werden kénnen. Im vorletzten Abschnitt wird die nichtlokale
Permittivitédt selbst innerhalb einer semiklassischen Beschreibung, dem sogenannten
SCIB-Modell [83], angegeben. Es wird gezeigt, dass man fiir Abstédnde kleiner als
die mittlere freie Weglénge [ des Elektrons nichtlokale Effekte beriicksichtigen muss.

Im letzten Abschnitt werden schlieflich anhand numerischer Ergebnisse fiir den
Nahfeldwarmetransport die drei verschiedenen Ansitze — der Leontovich-Ansatz,
die lokale Beschreibung im Drude-Modell und die nichtlokale Beschreibung im SCIB-
Modell — diskutiert.
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6.1 Zeitliche und rdumliche Dispersion

In einem dielektrischen Medium kann der Zusammenhang zwischen der dielektri-
schen Verschiebung D(r,t) und dem elektrischen Feld E(r,t) fir kleine Feldstérken
durch die lineare Relation [21]

D;(r,t) = /OOdT €;(r, 7)E;(r,t —7)
—o0 (6.1.1)

[e.9]

= EoEi(I', t) + / dr Xij(r, T)Ej(r,t — 7')
0

ausgedriickt werden, wobei €;;(r,t) die Permittivitdt und x;;(r,¢) die elektrische
Suszeptibilitit des betrachteten Mediums darstellen und durch die Beziechung

€;(r,7) = €(0:50(7) + x45(r, 7)) (6.1.2)

miteinander verkniipft sind. Im zweiten Schritt in Gl. (6.1.1) wurde aus Kausa-
litdtsgriinden vorausgesetzt, dass x;;(r,7) = 0 fiir 7 < 0 ist, sodass die dielektrische
Verschiebung am Ort r und zur Zeit ¢ vom elektrischen Feld am gleichen Ort r zu
allen vorherigen Zeiten t' < ¢t abhéngt. Im Fourier-Raum tibersetzt sich die Faltung
bzgl. der Zeit in ein Produkt, sodass man

D;(r,w) = €;(r,w)E;(r,w) (6.1.3)

erhélt. Es wird daher mit GI. (6.1.1) die Dispersion, oder um genauer zu sein, die zeit-
liche Dispersion in einem dielektrischen Medium beschrieben. Durch die Beriicksich-
tigung der zeitlichen Dispersion erhélt man bekanntermaflen eine frequenzabhéngi-
ge Permittivitdt und damit auch frequenzabhéngige optische Eigenschaften des be-
schriebenen Mediums.

Die in Gl. (6.1.1) gegebene Beziehung kann dadurch verallgemeinert werden,
dass man fiir die dielektrische Verschiebung neben der zeitlichen auch die rdumliche
Dispersion beriicksichtigt. Die dielektrische Verschiebung hédngt dann nicht nur von
den Feldern E zu den vorherigen Zeiten, sondern auch von den Feldern in einer
Umgebung mit dem Radius ro um den Punkt r ab. Daher tragen die Felder E(r/, )
am Ort r’ mit einem Abstand |[r — /| < ry zur dielektrischen Verschiebung D(r, t)
am Ort r bei. Man erhélt dann die lineare Relation [21]

Di(r, 1) = / dr /V &1 es(r, 1, 7) B (v, £ — 7)

o (6.1.4)
= egE;(r, 1) +/ dr /d37" Xij(r, x', T)E(x 6 — 7).
0 1%

Dabei erstreckt sich das Volumen V' im Prinzip iiber das gesamte dielektrische Medi-

um, wobei die nichtlokale Suszeptibilitit y;;(r,r’,7) das Volumenintegral auf einen

Abstandsbereich mit dem Radius ry um r beschriankt, d.h. y;;(r,r’,7) ~ 0 fiir
v — 1’| > ro.

In einem Dielektrikum ist rg im Allgemeinen von der Gréflenordnung des ato-

maren Abstandes. Auf dieser Léngenskala #éndert sich das makroskopische Feld

132
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nur geringfiigig, sodass man in guter Naherung das Feld unter dem Integral durch
E;(r',t—7) = E;(r,t—7) ersetzen und aus dem Integral herausnehmen kann. Somit
gelangt man mit

Xij (T, 7) :/dST’,Xz'j(r,r/,T) (6.1.5)
v

wieder zu Gl. (6.1.1) — die rdumliche Dispersion bzw. Nichtlokalitdt des Mediums
macht sich in diesem Fall kaum bemerkbar und kann vernachléssigt werden. Fiir Me-
talle hingegen kann sich die Suszeptibilitit y;;(r,r’, 7) auf einer Léngenskala &ndern,
die auf der makroskopischen Skala, auf der sich die Felder &ndern, nicht mehr als
klein angesehen werden kann. Das héngt damit zusammen, dass die freien Ladungs-
trager relativ grofle Abstande im Metall zuriicklegen kénnen, wobei eine Kenngrofie
fiir diese Abstdnde durch die mittlere freie Wegléange [ des Elektrons gegeben ist. Um
ein Zahlenbeispiel zu nennen: Die mittlere freie Wegléinge eines Elektrons in Gold
bei T' = 300 K liegt bei ca. 42 nm.

Betrachtet man ein unendlich ausgedehntes homogenes Medium, d.h. in diesem
gilt die Beziehung €;;(r,r’,7) = €;(r —r’,7), so bekommt man fiir Gl. (6.1.4) im
Fourier-Raum

D;(k,w) = ¢;(k,w)E;(k,w). (6.1.6)

Die Permittivitat hingt also nicht nur von der Frequenz w des Lichtes, sondern auch
von der Wellenzahl k ab. Nimmt man weiterhin an, dass das betrachtete Medium
isotrop ist, so gilt dennoch nicht €;;(k,w) = e(k,w)d;;, da durch die Richtung von k
immer noch eine Vorzugsrichtung vorgegeben ist. Daher ist es in diesem Fall ratsam,
den Tensor der Permittivitit in seinen longitudinalen Anteil ¢;,(k,w) in Richtung von
k und seinen transversalen Anteil ¢(k,w) senkrecht zu k aufzuteilen. Mithilfe der
Tensoren

k ® k ko k
L:= 2 und T:=1— 12 (6.1.7)
kann man daher den Permittivitatstensor in der Form
€ij = e(k,w)L;; + €(k, w)Ty; (6.1.8)

schreiben. Man beachte, dass fiir k — 0 die Abhéngigkeit von der Vorzugsrichtung,
die k vorgibt, verschwinden und die Permittivitit gegen ihren lokalen Ausdruck
konvergieren muss, sodass ¢(0,w) = €(0,w) = €(w) gilt. Diesen Sachverhalt kann
man fiir ein unendlich ausgedehntes homogenes Medium, in dem y;;(r,w) = x;;(w)
gilt, direkt mit der Gl. (6.1.5) ableiten, denn in diesem Fall ist

Xij(w) = /d?’r’ xij(r — 1’ w)
v

:/dg’l“// 4’k eik(r—r’)X”(k w)
v (2m)3 A (6.1.9)

d3k H _1 I./
:/—(2W)3e‘erij(k,w)/d?’rle k
14
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134 KAPITEL 6. RAUMLICHE DISPERSION

6.2 Oberflichenimpedanz

Um die nichtlokale Antwort eines Mediums auf eine einfallende ebene Welle in einer
Halbraumgeometrie — wie sie in Abb. 6.1 skizziert ist — zu beschreiben, werden
anstatt der iiblichen Randbedingungen in Gl. (1.1.7), die auf die Fresnelschen Re-
flexionskoeffizienten aus Gl. (1.5.6), also auf

1o_h1€1—h0 und 10 hi — ho

r = r =
| h1€1 — h() Bl hl - hO

(6.2.1)

fithren, die Randbedingungen mithilfe der sogenannten Oberflichenimpedanzen for-
muliert. Dadurch erhélt man allgemeine Ausdriicke fiir die Reflexionskoeffizienten
fiir nichtlokale Medien, die es erlauben, nichtlokale Effekte fiir den Nahfeldwérme-
transport [75] zu untersuchen, indem man die entsprechenden Ausdriicke fiir die
Reflexionskoeffizienten in die Polder-van Hove-Formel in Gl. (5.2.15) einsetzt.

)

X

~Y

Abbildung 6.1: Skizze der Halbraumgeometrie.

Es soll ein Halbraum fiir z < 0 mit der Permittivitdt ¢; betrachtet werden, der
an das Vakuum fiir z > 0 grenzt (siche Abb. 6.1). In diesem rotationssymmetrischen
System sei die Einfallsebene durch den Einheitsvektor e,, der parallel zur Ober-
fliche des Halbraumes ist, und e,, der senkrecht zur Oberflache des Halbraumes ist,
aufgespannt, wobei aufgrund der Symmetrie k, = 0 angenommen wird.

Fiir eine TM-polarisierte Welle, die von z > 0 auf den Halbraum trifft und bei
z = 0 reflektiert und transmittiert wird, kann man die Randbedingung mithilfe
der Oberflichenimpedanz Z(k,,w) formulieren und erhélt die Bestimmungsglei-
chung [83]

1 e, - E

Z)(kz,w) = “ile.xe) B

(6.2.2)
z=0—n
mit n — 0. Um diese Bestimmungsgleichung zu erfiillen, miissen daher die Ober-
flichenimpedanz Z) selbst und die Felder innerhalb des Halbraumes bei z = 0 — 7
bekannt sein. Da allerdings wieder vorausgesetzt wird, dass die Transversalkompo-
nenten der Felder bei z = 0 stetig sind, sodass die Transversalkomponenten der
Felder E und B in Gl (6.2.2) nahe der Grenzfliche bei z = 0 — n mit den Feldern

fiir z = 0 + 7 iibereinstimmen, geniigt es, die Felder fiir z > 0 zu kennen. Somit
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6.2. OBERFLACHENIMPEDANZ 135

stellt die Gl. (6.2.2) eine Randbedingung fiir die Felder auflerhalb des nichtlokalen
Mediums bei z = 0 dar. Man beachte, dass sich in der Gleichung (6.2.2) fiir eine
von z < 0 auf ein nichtlokales Medium einfallende Welle das Vorzeichen dndert, da
in diesem Fall der Normaleneinheitsvektor durch —e, statt durch e, gegeben ist.
Fiir eine TE-polarisierte Welle, die von z > 0 auf den Halbraum trifft, kann
man die entsprechende Randbedingung mit der Oberflichenimpedanz 7, (k,,w)

durch [83]
l(e, xe,) E
Z) (kyyw) = E% N (6.2.3)
z=0-7

mit 7 — 0 angeben. Auch hier gilt wieder, dass sich das Vorzeichen &ndert, falls
man eine TE-polarisierte Welle betrachtet, die von z < 0 auf die Grenzflache trifft.
Um nun die Reflexionskoeffizienten abzuleiten, wird zunéchst von einer TM-
polarisierten ebenen Welle ausgegangen, die von z > 0 auf die Grenzflache bei z = 0
trifft, und dort transmittiert und reflektiert wird. Das magnetische Feld kann in

diesem Fall fiir z > 0 in kartesischen Koordinaten durch

B = Byelk=rwNe_ x e, (e7F0% 4 1, elh=0%) (6.2.4)

koo = (/K2 — k2 (6.2.5)

mit Im(k,o) > 0 gilt. Man kann daher die entsprechenden Ausdriicke fiir die Zy-
linderkoordinaten erhalten, indem man die Ersetzungen k, — X\ und k.o — hg
durchfiihrt. Fiir das elektrische Feld gilt dann aufgrund des Ampereschen Gesetzes
mit dem Nabla-Operator V = (ik,, 0, ,)

ausgedriickt werden, wobei

C2
E = ——V x B
w (6.2.6)

A . .
= —— Bye!(her =) ([ikzxez + ko0, ) e %, + [ikye, — ik:zoex]elkzoz).
iw

Implementiert man die Randbedingung fiir TM-polarisierte Wellen aus Gl. (6.2.2),
so erhélt man zunéchst

k’zo 1-— Tz I
Z(ky,w) = ——"> 6.2.7
”( w> ]{?0 1+ TZ,|| ( )
und damit den allgemeinen Amplitudenreflexionskoeffizienten
k.o — koZ)(k,
0 — o2 (ks ) (6.2.8)

YT oo + ko Zy (K w)

der nur noch von der Oberflichenimpedanz Z|| abhéngt.

Auf gleiche Weise kann man den allgemeinen Amplitudenreflexionskoeffizienten
fiir die TE-Moden bestimmen. Geht man daher von einer TE-polarisierten ebenen
Welle aus, die von z > 0 auf die Grenzflache bei z = 0 trifft und dort transmittiert
und reflektiert wird, so kann man das elektrische Feld fiir z > 0 durch

E = Epelh=me, x e, (e7#0% 4 1y | eh=0%) (6.2.9)
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136 KAPITEL 6. RAUMLICHE DISPERSION

beschreiben. Das magnetische Feld kann dann mithilfe des Farradayschen Indukti-
onsgesetzes aus dem elektrischen Feld bestimmt werden, und man bekommt

1
B= —V x E
T | | (6.2.10)
= — Eyelth=rmet) <[ikxez + ik, e "%y ) + [ikge, — ikzoex}elkzoz).
iw
Mit der Randbedingung aus Gl. (6.2.3) bekommt man zunéchst
]{?0 1 + Ty 1
21 (keyw) = 7= = 6.2.11
ke, ) kol—rz1 ( )

Der allgemeine Amplitudenreflexionskoeffizient kann daher fiir die TE-Moden durch

kzOZJ_(kza w) — ko
rzl1 =
kz()ZJ_(km, CU) + ]{?0

(6.2.12)

ausgedriickt werden, wobei dieser von der Oberflichenimpedanz Z, abhéngt.

6.3 Leontovich-Randbedingungen

Die allgemeinen Amplitudenreflexionskoeffizienten in den Gln. (6.2.8) und (6.2.12)
sind solange unbestimmt, solange die Oberflichenimpedanzen nicht festgelegt wer-
den. Bevor in den folgenden Abschnitten ein Ausdruck fiir die Oberflichenimpedan-
zen innerhalb des Modells der Spiegelreflexion abgeleitet wird, soll an dieser Stelle ein
besonderer Spezialfall diskutiert werden, der in der Literatur verwendet wurde, um
den Wirmestrom [72, 87] und die thermische Korrektur fiir die Casimir-Kraft [84] zu
bestimmen. Da es sich hier allerdings nur um einen Spezialfall handelt, sollen die fiir
diesen Fall resultierenden Reflexionskoeffizienten im Vergleich zu den Fresnelschen
Ausdriicken diskutiert werden, wodurch der Giiltigkeitsbereich dieses Spezialfalles
geklart wird.

Fiir diesen Spezialfall werden die obigen Randbedingungen in Gl. (6.2.2) und
(6.2.3) in Kombination mit den Oberflachenimpedanzen [21]

1
vV €rl

verwendet. Diese sogenannten Leontovich-Randbedingungen sind laut Lehrbuch [21]
fiir eine Halbraumgeometrie dann anwendbar, falls die Skintiefe dg sehr viel kleiner
als die Wellenlidnge des Lichtes 2wc/w ist. Fiir thermische Strahlung bei 7' = 300 K
liegt die Wellenléinge im Mikrometerbereich, wogegen die Skintiefe fiir gute Me-
talle unter 100 nm liegt. Daher miissen die Leontovich-Randbedingungen fiir die
propagierenden Moden bei gut leitenden Metallen anwendbar sein, d.h. das glei-
che Ergebnis liefern wie die iiblichen Fresnelschen Randbedingungen. Im Abstand z
im fluktuierenden Nahfeld oberhalb eines Halbraumes sind die evaneszenten Moden
dagegen auf einer Lingenskala 1/z exponentiell geddmpft, sodass die Leontovich-
Randbedingungen in diesem Fall nur richtig sein kénnen, solange die betrachteten

Zy =272, = (6.3.1)
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6.3. LEONTOVICH-RANDBEDINGUNGEN 137

Absténde sehr viel grofler als die Skintiefe dg sind. Diese Einschrankung des Anwen-
dungsbereiches kann man etwas prézisieren, indem man die resultierenden Reflexi-
onskoeffizienten fiir den Leontovich-Ansatz mit den Fresnelschen Reflexionskoeffizi-
enten in Gl. (6.2.1) vergleicht.

Setzt man die Oberflichenimpedanz in Gl. (6.2.8) und (6.2.12) ein, so ergeben
sich fiir den Leontovich-Ansatz die Amplitudenreflexionskoeffizienten

_ ho€r1 — kO\/erl ho — kO\/erl (6 3 2)
ho€r1 + koy/€r1 ho + kov/Er1 o
Vergleicht man diese Reflexionskoeffizienten mit den entsprechenden Fresnelschen

Ausdriicken in Gl. (6.2.1), so kann man sehen, dass die Ausdriicke fiir A < ko+/|€01]
bzw. Ad] < 1 iibereinstimmen, wobei d, durch

TL| und 7 =

1
d = (6.3.3)

° kO V |€r1‘

definiert ist. Fiir die propagierenden Moden mit A < kg gilt die Ubereinstimmung
rL R TE (6.3.4)

daher stets, solange \/|€,1] > 1. Da fiir Drude-Metalle in der Regel |e.;| > 1 fiir
w K wy gilt, liefern die Leontovich-Randbedingungen eine sehr gute Naherung und
damit auch die gleichen Ergebnisse wie die iiblichen Fresnelschen Randbedingungen
fiir Frequenzen weit unterhalb der Plasmafrequenz. Daher sollten die thermische
Korrektur zur Casimir-Kraft und der Nahfeldwéarmetransport fiir die propagierenden
Moden unabhéngig von der Wahl der beiden Randbedingungen sein, solange man
gut leitende Metalle betrachtet.

Fiir die evaneszenten Moden gilt nun A > kg, sodass die Leontovich- und Fresnel-
schen Reflexionskoeffizienten in diesem Fall nur iibereinstimmen, solange \d, < 1
vorausgesetzt werden kann. Da das evaneszente Nahfeld durch die Moden mit A =
271 bestimmt ist, kann man erwarten, dass man fiir die Energiedichte oberhalb eines
Halbraumes und fiir den Nahfeldwarmetransport bei Verwendung der Leontovich-
bzw. Fresnel-Randbedingungen nur fiir Abstédnde z > d. bzw. a > d, iiberein-
stimmende Resultate erhélt. Fiir T = 300 K bekommt man fiir die entsprechende
thermische Frequenz wy, =~ 1,110 s7! mit der Permittivitét fiir Gold

dA ~ 22, 3nm. (6.3.5)

Dieser Wert stimmt fiir Gold sehr gut mit der Skintiefe d*" ~ 22 nm iiberein, sodass
die Leontovich- bzw. Fresnelschen Reflexionskoeflizienten nur fiir Abstinde z > d;
bzw. a > dg gleiche Werte fiir die Nahfeldenergiedichte bzw. den Nahfeldwérme-
transport liefern.

Man beachte dazu, dass es sich bei den Fresnelschen Reflexionskoeffizienten
um die richtigen Reflexionskoeffizienten fiir lokale Medien handelt, wohingegen der
Leontovich-Ansatz ein Spezialfall ist, der aus den Fresnelschen Randbedingungen
hervorgeht und fiir sehr gut leitende Metalle fiir die propagierenden Moden gleich-
wertige Ergebnisse liefert. Fiir die evaneszenten Moden sind die approximativen
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138 KAPITEL 6. RAUMLICHE DISPERSION

Leontovich-Randbedingungen allerdings fiir gute Metalle nur bei Abstdnden a >
d. ~ ds anwendbar, sodass die Verwendung dieser Randbedingung keine physikalisch
sinnvollen Ergebnisse fiir Absténde kleiner als d liefern kann. Daher ist der Versuch
sinnlos, Probleme, die bei der thermischen Korrektur der Casimir-Kraft auftreten,
durch Verwendung der Leontovich-Randbedingungen [84, 86, 98] zu losen, genauso
wie deren Verwendung bei der Berechnungen des Nahfeldwérmetransportes [87] kei-
nen allgemeingiiltigen Ausdruck liefert, sondern nur einen Naherungsausdruck, der
gerade im Nahfeldbereich nicht mehr giiltig ist.

6.4 Greensche Funktion im Medium

Um die wellenzahlabhéingige Oberflichenimpedanz fiir ein nichtlokales Medium zu
bestimmen, muss zunéchst die Greensche Funktion innerhalb solcher Medien ab-
geleitet werden. Wie im néchsten Abschnitt gezeigt wird, gentiigt es, die dyadische
Greensche Funktion fiir ein unendlich ausgedehntes Medium mit der Permittivitat
€ij(w, k) zu kennen, um die Oberflichenimpedanz fiir eine Halbraumgeometrie, wie
sie in Abb. 6.1 dargestellt ist, bestimmen zu koénnen. Um die dyadische Greensche
Funktion abzuleiten, werden nun die gleichen Schritte, die zur Bestimmung der freien
Greenschen Funktion in Gl. (1.3.9) fithren, durchgefiihrt. Insbesondere ist klar, dass
der Ausdruck fiir die dyadische Greensche Funktion im nichtlokalen Medium fiir die
spezielle Wahl der Permittivitat ¢;;(k,w) = €pd;; in den entsprechenden Ausdruck
fiir die freie dyadische Greensche Funktion aus Gl. (1.3.9) iibergeht.

Der Ausgangspunkt fiir die Ableitung der dyadischen Greenschen Funktion sind
die Maxwell-Gleichungen (1.1.1) im Fourier-Raum,

k x E(k,w) = wuoH(k, w)
ik x H(k,w) = jext — iweg (erl,l(k,w)]L + (—:Tl,t(k,w)’]I’)E(k,w), (6.4.1)

wobei die Permittivitat mithilfe der Ausdriicke

:k®k und ’JI‘::]l—k®k

L: 12 12

(6.4.2)

in ihren longitudinalen Anteil €,1,(k, w) und transversalen Anteil €, ;(k, w) aufgeteilt
wurde.
Aus den Maxwell-Gleichungen (6.4.1) folgt die Helmholtz-Gleichung

((k2 — ki) T — kgewl,,m) E = iwfigjext- (6.4.3)

Mit der Definition der elektrischen dyadischen Greenschen Funktion in Gl. (1.1.4)
erhélt man die Helmholtz-Gleichung

((k:2 — kjen)T — kgeﬂ,l]L) GP(k,w) =1 (6.4.4)
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fiir die dyadische Greensche Funktion, sodass diese durch

1
G (k,w) =
( 067“1 t)T 067“1 l][‘
1 1 (6.4.5)
- T- L
k2 - k(Q)ErLt k(Q)ErLl

=G/ (k,w) + G/ (k,w)

gegeben ist. Die dyadische Greensche Funktion kann also in ihren longitudinalen
und transversalen Anteil aufgeteilt werden, wobei man anhand dieser Darstellung
sieht, dass man fiir €14 = €,1; = 1 wieder die freie dyadische Greensche Funktion
aus Gl. (1.3.9) erhalt. Fiir €, ,(k = 0,w) = €1,(k = 0,w) = €;(w) erhélt man dagegen
die dyadische Greensche Funktion innerhalb eines unendlich ausgedehnten lokalen
Mediums.

6.5 Modell der Spiegelreflexion

In diesem Abschnitt wird endlich die Oberflaichenimpedanz fiir einen nichtlokalen
Halbraum bei z < 0, der an das Vakuum fiir z > 0 grenzt, im Modell der Spiegel-
reflexion (specular reflection) bestimmt, wobei die Permittivitit €;;(k,w) noch nicht
weiter spezifiziert wird. Man geht nun von der Annahme aus, dass eine elektromag-
netische Welle (sieche Abb. 6.2), die innerhalb eines nichtlokalen Halbraumes am Ort
' = (2/,y,2') mit 2’ < 0 durch einen Quellenstrom erzeugt wird, im Medium weiter
propagiert und schliellich an der Grenzfldche bei z = 0 derart reflektiert wird, dass
bei der Reflexion an der Grenzfldche keine Phasenverschiebung auftritt. Die Atome
in der Ndhe der Oberflache verhalten sich in diesem Modell daher genauso wie die
Atome tief innerhalb der Mediums. Auflerdem wird in diesem Modell angenommen,
dass das elektrische Feld der reflektierten Welle dem an der Grenzfliche bei z = 0
gespiegelten Feld der urspriinglichen Welle entspricht.

Mit dieser Annahme der Spiegelreflexion kann man daher die gegebene Geometrie
eines dielektrischen Halbraumes bei z < 0, der an das Vakuum bei z > 0 grenzt,
durch ein Hilfssystem ersetzen, bei dem der gesamte Raum durch das nichtlokale
Dielektrikum gefiillt ist. Setzt man dieses Hilfssystem voraus, so kann man die an
der Grenzflache reflektierte Welle durch eine frei im Medium propagierende Welle
ersetzen, die im Spiegelpunkt v’ = (2,3, —2') durch einen Spiegelstrom (siche Abb.
6.2) erzeugt wird. Allerdings haben bei Verwendung dieses Hilfssystems nur die
Felder fiir z < 0 eine physikalische Bedeutung.

Setzt man nun voraus, dass der gesamte Raum durch das nichtlokale Dielek-
trikum gefiillt ist, so sind daher im Falle der Spiegelreflexion die Losungen der
Maxwell-Gleichungen gesucht, bei denen die elektrischen Felder bzgl. der Grenz-
fldche spiegelsymmetrisch und die magnetischen Felder antisymmetrisch bzgl. einer
Spiegelung bei z = 0 sind. Man kann daher das Spiegelstromproblem dahingehend
vereinfachen, dass nur die Losungen fiir einen Hilfsstrom innerhalb der Grenzschicht
z = 0 bestimmt werden, da die dadurch verursachten Felder bereits die gewiinschte
Symmetrie aufweisen.
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Abbildung 6.2: Die linke Grafik skizziert eine ebene Welle, die
bei v’ = (2/,y/, 2') erzeugt wird und direkt zum Beobachtungs-
ort r propagiert, sowie eine ebene Welle, die bei r’ erzeugt wird
und erst nach einer Reflexion an der Grenzfldche bei z = 0 den
Beobachtungsort r erreicht. In der rechten Grafik wird das Mo-
dell der Spiegelreflexion skizziert, bei dem die reflektierte Welle
durch eine frei propagierende Welle modelliert werden kann,
die im Spiegelpunkt 1’ = (2/,%', —2') durch einen Spiegelstrom
erzeugt wird.

Geht man fiir die TM-Moden von einer Stromschicht bei z = 0 aus, die durch
Jext = Joeg6(z)e!em ) (6.5.1)
gegeben ist, so wird dadurch ein spiegelsymmetrisches elektrisches Feld
E, = iwugGE (ky, 2) Jye! ko=t (6.5.2)

in z-Richtung erzeugt, wobei GZ (k,, z) die Fourier-Transformierte der Greenschen
Funktion aus Gl. (6.4.5) bzgl. k, ist. Fiir die Transversalkomponente des magneti-
schen Feldes, die selbst antisymmetrisch ist, d.h. es gilt H,(2) = —H,(—=2), folgt aus
V X H = jey sofort

—0.H, = Job(z)e!kar=et), (6.5.3)
Integriert man diese Gleichung senkrecht zur Grenzflache bei z = 0, so erhélt man
0+n
lim dz0,H, = —2H,(—
0 Jo_, v o) (6.5.4)

— _Joei(kzz—wt) )

Mithilfe der Feldkomponenten E, und H, kann man die Oberflichenimpedanz in-
nerhalb des physikalisch sinnvollen Bereiches, d.h. fiir z < 0 bestimmen. Mit der
entsprechenden Randbedingung aus Gl. (6.2.2), also

1 E,

Z)(kgyw) = ————=

= —2ikoGE (kz,z =0 6.5.5
cho Hy 1Xo mm( X,z )7 ( )

z=0—n

kann man daher die Oberflichenimpedanz Z) mithilfe der dyadischen Greenschen
Funktion ausdriicken. Beriicksichtigt man noch, dass fiir die TM-Moden

kQ k2 k2
L..= k—;c und T,,=1-— k;_g = k_; (6.5.6)
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gilt, so bekommt man mit der Greenschen Funktion aus Gl. (6.4.5) die Impedanz
fiir die TM-Moden:

*dk, 1 k? k2
Zi(kpw) = 2ikg | 2 = : z
(ke / e )

2 2

T Jo k2 kieo1s— k2 ke

(6.5.7)

Dabei wurde ausgenutzt, dass der Integrand nur von k? abhingt, da die longitu-
dinale und transversale Permittivitdat nur von k = \/k2 + k? abhéngt, und damit
symmetrisch in k, ist.

Fiir die TE-Moden wird eine Stromschicht bei z = 0 der Art

joxt = Joe,d(z)el ket (6.5.8)
vorausgesetzt. Das elektrische Feld in y-Richtung ist dann
E, 1wu0GE (kx, 2) Jye! k==t (6.5.9)
und fiir das Magnetfeld erhélt man nun
—2H,(—n) = Joe!tk=r=t), (6.5.10)

Dementsprechend ist die Oberflichenimpedanz (vgl. Gl. (6.2.2)) dann durch

Z) (kpyw) = —== = —21k‘OG (ke 2) (6.5.11)

bestimmt. Da fiir die TE-Moden der longitudinale Anteil verschwindet, hat man
reine Transversalmoden, d.h. es gelten

T,,=1 und L, =0. (6.5.12)

Man bekommt damit fiir die Oberflichenimpedanz der TE-Moden

2ik 1
7 (ky,w) = WO /0 dk. 2 (6.5.13)
Somit sind die Oberflichenimpedanzen fiir die TM- und TE-Moden in Gl. (6.5.7)
und Gl. (6.5.13) in Abhéngigkeit von der Permittivitédt bestimmt. Man beachte, dass
der longitudinale Anteil der Permittivitdt nur in Zj eingeht, weil nur TM-Moden
eine elektrische Feldkomponente senkrecht zur Oberfliche des Halbraumes haben
und dadurch an die longitudinalen Moden koppeln kénnen.

Es soll nun anhand der TE-Moden gezeigt werden, dass man fiir lokale Permit-
tivitdten wieder die Fresnelschen Reflexionskoeffizienten erhélt, sodass die mit der
Oberflaichenimpedanz formulierten Reflexionskoeffizienten im Fall der Spiegelrefle-
xion eine Verallgemeinerung der Fresnelkoeffizienten darstellen. Sei also €,1+(w, k) =
¢-1(w), dann erhélt man aus Gleichung (6.5.13) mit k? = k2 + k2 sofort

7 (kp,w) = lko/ dk. L . (6.5.14)

™ 0 kgerl (w) - kazc - ]{32
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Der Integrand hat Polstellen bei

k, = +1/kie1(w) — k2 =: £hy, (6.5.15)

wobei nur der Pol +h; mit Im(h;) > 0 aufgrund der Konstruktion der ebenen Wellen
entsprechend Gl. (6.2.4) physikalisch sinnvoll ist, da nur dieser Pol fiir z — +oo auf
exponentiell abfallende Losungen fithrt. Der zweite Pol bei —h; hat dagegen einen
negativen Imaginérteil und liegt deshalb in der unteren Halbebene der komplexen
Ebene. Somit kann man das Integral mithilfe des Residuensatzes berechnen, indem
man den Integrationsweg in der oberen Halbebene schliefit. Man erhélt

ik ikzn
Z, (kpyw) = — 0 lim /dkz( ¢

T n—0 k?z - h1>(k32 + h1>
iko . el
- 6.5.16
T 7171—I’I(1) (27” 2h1 ) ( )
_ ko
=
Mit einer &hnlichen Rechnung erhélt man fiir die TM-Moden
h
Zy(kyyw) = ——. (6.5.17)
koerl

Setzt man diese Ergebnisse in den Amplitudenreflexionskoeffizienten in Gl. (6.2.8)
bzw. (6.2.12) ein, so bekommt man die entsprechenden Ausdriicke fiir die Fresnel-
schen Reflexionskoeffizienten aus Gl. (6.2.1). Fiir den bereits diskutierten Spezialfall
k.d, > 1 bzw. Ad. > 1 stimmen diese mit den Leontovich-Ausdriicken in Gl. (6.3.2)
iiberein.

6.6 Das SCIB-Modell

Das einfachste Modell fiir die Wechselwirkung von Licht mit einer unendlich aus-
gedehnten Metalloberfliche, das nichtlokale Effekte mitberiicksichtigt, ist das soge-
nannte semiclassical infinite barrier Modell bzw. SCIB-Modell [83]. In diesem Modell
wird vorausgesetzt, dass die Leitungselektronen an der Metalloberfliche wie Licht
an einem perfekten Spiegel reflektiert werden, wobei die Leitungselektronen als ein
ideales Gas, das der Fermi-Statistik gehorcht, beschrieben werden. Da die Felder
mit dieser Annahme wieder spiegelsymmetrisch sind, ist diese Bedingung &quiva-
lent zu der Annahme der Spiegelreflexion fiir die Felder innerhalb des Metalles, die
von einer Oberflichenstromschicht bei z = 0 herriihren, wie sie in Gl. (6.5.1) bzw.
(6.5.8) vorausgesetzt wurde. Fiir dieses semi-klassische Modell erhédlt man fiir den
transversalen Anteil der Permittivitit [83, 99] mit u := vpk(w + iw,) !

2

w
1 P
€rt(w, k) =1 (o i) fi(u) (6.6.1)
und fiir den longitudinalen Anteil
w2
—1-—r 6.2
€r17l(w,k’) W(W—Fin)fl(u)’ (66 )
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wobei die Funktionen f;(u) und f;(u) durch die Gleichungen

3 1 9 14+u
fi(u) == 5 | U 2(1 u )10g<1 — u)] (6.6.3)
und L og(Ltw)
3 3 log(15) —u
u) = — — 6.6.4

gegeben sind. Dabei ist w, = 77! die inverse Relaxationszeit und vp Fermi-Ge-
schwindigkeit. Eine ausfiihrliche Berechnung dieser Permittivitat mithilfe der Boltz-
mann-Gleichung findet man in [100].

Entwickelt man den Logarithmus fiir |u| < 1, bekommt man

l+uy) 23 4
log(1 —u) = 2u + U + O(u”). (6.6.5)

Setzt man diese Entwicklung fiir f;(u) und f;(u) ein, so erhélt man daher fiir |u| < 1
filu) =1 und fi(u) =1 (6.6.6)

und damit die lokale Permittivitdt €1, = €1, = P fiir das Drude-Modell. Somit
gibt die Langenskala
(%3

(6.6.7)

w + iw,

an, fiir welche Absténde nichtlokale Korrekturen zu erwarten sind. Fiir w, > w
stimmt diese Langenskala in etwa mit der der mittleren freien Weglange | = vpr
des Elektrons iiberein. Hier ein Zahlenbeispiel: Bei einer Temperatur von 300 K
liegt die inverse Relaxationszeit fiir Gold bei w, ~ 3,3 - 105! und die Fermi-
Geschwindigkeit bei vp ~ 1,4 - 10°ms~!, sodass man eine mittlere freie Weglinge
von [A" & 42 nm bekommt.

Fiir Frequenzen mit w, < w dagegen stimmt die Lingenskala |u|/k im Wesentli-
chen mit der Grofie vp/w iiberein, die mit der Anregung von Elektron-Loch-Paaren
im Metall verkniipft ist: Fiir Wellenzahlen k& = \/k2 4+ k2 mit

2me 2me
N ”;“+kl%—kF<k;<,/ ”;“’—kg—kF, (6.6.8)

wobei m, fiir die Elektronenmasse steht, ist die Elektronenstreuung in einem Me-
tall durch die Anregung von Elektron-Loch-Paaren dominiert. Die Elektron-Loch-
Paar-Anregungen kénnen nur mithilfe der quantenmechanischen Lindhardt-Permit-
tivitdat [83] richtig beschrieben werden, die fiir die Elektron-Loch-Paare auf die Di-
spersionsrelation

hk?
2m,

fithrt. Verwendet man daher die quantenmechanischen Ausdriicke fiir die Permit-
tivitdt in Gl (6.6.1) bzw. (6.6.2) innerhalb des Modells der Spiegelreflexion, so

w = vpk + (6.6.9)
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144 KAPITEL 6. RAUMLICHE DISPERSION

kann man mit dem SCIB-Modell quantitativ bessere Resultate erzielen. Die semi-
klassische Permittivitat hingegen beriicksichtigt nur den linearen Term der Disper-
sionsrelation der Elektron-Loch-Paar-Anregungen, d.h. man erhélt

w = vpk. (6.6.10)

Aus der quadratischen Dispersionsrelation in Gl. (6.6.9) folgt aber, dass man fiir
k < 2kp den quadratischen Term vernachléssigen kann; die Dispersion kann daher
fiir Wellenzahlen viel kleiner als kp = mevp/h in sehr guter Niherung als linear
angesehen werden. Es geniigt folglich auf Lingenskalen, die viel groier als k' sind,
die rein semi-klassischen Ausdriicke im SCIB-Modell zu verwenden. Da nun kg in
der GroSenordnung von 10 m~! liegt, wird im Weiteren das SCIB-Modell mit den
semi-klassischen Permittivitdten in Gl. (6.6.1) bzw. (6.6.2) verwendet.

Man beachte, dass man im SCIB-Modell fiir £ > w/vp nichtlokale Effekte durch
die Anregungen von Elektron-Loch-Paaren erhélt, sodass man neben der mittleren
freien Weglénge [ noch zusitzlich die Langenskala l1;, = vp/w zu berticksichtigen
hat. Schliefllich erhélt man die Gleichungen (6.6.6) und damit das lokale Ergebnis,
falls |u| < 1 gilt. Das ist aber fiir w < w, dann erfiillt, wenn

lu| = 1k < 1 (6.6.11)
gilt und fiir den umgekehrten Fall mit w > w,, wenn

gilt. Man beachte, dass fiir w < w, zusétzlich g > [ gilt, wohingegen fiir w > w,
die Beziehung ltp < [ gilt. Die kleinere der beiden Léngenskalen [ bzw. [, ist daher
die entscheidende Langenskala fiir das Eintreten nichtlokaler Effekte. Setzt man wie-
der T' = 300 K voraus, so hat man eine thermische Frequenz von wy, ~ 1,1-10*s7!
und erhélt somit fiir Gold mit vg = 1,4-10°ms~! die Lingenskala I3 ~ 13 nm, fiir
die die Anregung von Elektron-Loch-Paaren relevant wird. Dementsprechend ist fiir
gute Leiter bei Raumtemperatur nicht [, sondern [, die Langenskala, ab der nicht-
lokale Effekte zu beriicksichtigen sind. Fiir schlechte Leiter mit relativ grofien w, ist
dagegen [ < [, die entscheidende Langenskala. Da allerdings beide Léngenskalen [
und [, fiir gute Leiter wie Gold in der gleichen Groflienordnung sind, kann weiter-
hin fiir alle normalen Drude-Materialien die mittlere freie Weglédnge [ des Elektrons
als die Langenskala vorausgesetzt werden, ab der nichtlokale Effekte beriicksichtigt
werden miissen.

Fiir sehr grofie Wellenzahlen k bzw. |u| kann man leicht sehen, dass fi(u) in GL
(6.6.3) bzw. fi(u) in Gl (6.6.4) gegen Null konvergieren, sodass die Permittivitéit
gegen die Permittivitdt des Vakuums strebt. Dementsprechend werden die Refle-
xionskoeflizienten fiir grofe Wellenzahlen k verschwinden. Man kann zeigen [48],
dass die Reflexionskoeffizienten im SCIB-Modell fiir Mg > 1 mit der Thomas-
Fermi-Abschirmliange ltp = vp/ (\/gwp) vernachlédssigbar klein werden, sodass man
dadurch im nichtlokalen Fall eine Beschriankung beziiglich der Wellenzahl erhalt.
Dementsprechend erhilt man dadurch fiir sehr viel kleinere Absténde als Itr kei-
ne zusitzlichen Beitrdge und damit einen konstanten abstandsunabhingigen Wert.
Mit anderen Worten: Die Energiedichte und der Strahlungswirmetransport sind im
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nichtlokalen SCIB-Modell fiir beliebig kleine Absténde nicht mehr divergent, so-
dass diese unphysikalischen Unendlichkeiten innerhalb einer nichtlokalen Beschrei-
bung prinzipiell ausgeschlossen werden. Das gilt auch, wenn man die angesprochene
quantenmechanische Lindhardt-Permittivitéit aus Referenz [83] verwendet, die ge-
rade fiir sehr grofle Wellenzahlen quantitativ bessere Werte liefert, sich aber qua-
litativ nicht vom SCIB-Modell unterscheidet. Setzt man zur Abschitzung von lrg
die Plasmafrequenz fiir Gold von w, = 1,4 - 10" s™! und die Fermi-Geschwindigkeit
vp = 1,4-10°ms™! ein, so erhilt man lrp ~ 5,7 - 10~ m. Damit liegt die Lingens-
kala, auf der die physikalischen Groflen konstant werden, wieder weit unterhalb des
physikalisch zugénglichen Abstandsbereiches.

6.7 Vergleich der Modelle

In diesem letzten Abschnitt soll anhand numerischer Ergebnisse gezeigt werden, wie
sich die Verwendung der lokalen Fresnelschen Reflexionskoeffizienten, der Leonto-
vich-Randbedingungen und der nichtlokalen Reflexionskoeffizienten auf den Nah-
feldwarmetransport auswirkt. Dazu wird der Nahfeldwirmetransport zwischen zwei
Goldhalbraumen und zwischen einem Gold- und einem GaN-Halbraum geméfl der
Polder-van Hove-Formel aus Gl (5.2.15) bestimmt. Im ersten Fall ist der Nah-
feldwarmetransport durch die TE-Moden dominiert und im zweiten Fall durch die
TM-Moden, sodass man durch die Wahl des Materials Auskunft iiber die Verdnde-
rung in den TE- bzw. TM-Moden fiir die verschiedenen Beschreibungen erhéalt. Fiir
die Permittivitit des polaren GaN-Halbraumes wird wieder die Reststrahlenformel
verwendet.

local
Leontovich -
n0n|oca| .............. o

-10 -8 -6
log(a/m)
Abbildung 6.3: Der Strahlungswérmetransport im Nahfeld zwi-
schen einem Goldhalbraum bei 77 = 300K und einem GaN-
Halbraum bei T35 = 0K geméfl der Polder-van Hove-Formel,
normiert auf den Schwarzkorperwert. Fiir die Beschreibung
des Goldhalbraumes wurden die lokale Permittivitat (Drude-

Modell), die Leontovich-Randbedingung und das nichtlokale
SCIB-Modell verwendet.
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local

Leontovich -
nonlocal -

-10 -8 -6

Abbildung 6.4: Der Strahlungswérmetransport im Nahfeld zwi-
schen zwei Goldhalbridumen bei 77 = 300 K bzw. bei T35 = 0K
geméf der Polder-van Hove-Formel, normiert auf den Schwarz-
korperwert. Fiir die Beschreibung des Goldhalbraumes wur-
den die lokale Permittivitdt (Drude-Modell), die Leontovich-
Randbedingung und das nichtlokale SCIB-Modell verwendet.

Zuerst betrachte man den Strahlungswéarmetransport im Nahfeld zwischen ei-
nem Au-Halbraum bei 77 = 300K und einem GaN-Halbraum bei 73 = 0K in
Abb. 6.3. Man kann in dieser Abbildung sehr gut sehen, dass fiir grole Abstéande al-
le drei Beschreibungen zum gleichen Ergebnis fithren und somit dquivalent sind. Fiir
Abstinde kleiner als d2" ~ 22 nm ist der Nahfeldwiirmetransport fiir die Leontovich-
Randbedingungen dagegen sehr viel kleiner als der Warmestrom fiir die lokalen
Fresnel-Randbedingungen. Wie bereits diskutiert wurde, kann man die Verwendung
des Leontovich-Ansatzes fiir solche Absténde nicht als physikalisch sinnvoll erachten.
Im Vergleich dazu ist zu erwarten, dass gerade der nichtlokale Ansatz fiir Absténde,
die kleiner als die mittlere freie Weglidnge %" ~ 42 nm sind, zu bevorzugen ist. Wie
man in Abb. 6.3 sieht, steigen die Werte fiir den Nahfeldwarmetransport um bis zu
eine GroBlenordnung iiber die entsprechenden Werte, die man mittels der lokalen Be-
schreibung erhélt, was mit der Elektron-Loch-Paar-Erzeugung zusammenhéngt, die
im lokalen Drude-Modell nicht richtig beschrieben wird. Aulerdem néhert sich der
Nahfeldwarmetransport — was man in der Abb. 6.3 nicht sehen kann — erwartungs-
gemif fiir Abstinde weit unter 107° m aufgrund des ,,Cutoffs* im A-Integral einem
konstanten abstandsunabhéngigen Wert. Da der Wéarmestrom im vorliegenden Fall
durch die TM-Moden dominiert ist, kann man weiterhin schlussfolgern, dass auch die
Werte des TM-Moden-Beitrages der Energiedichte fiir Abstédnde kleiner [ oberhalb
der lokalen Werte liegen (siche Abb. 6.5), wie auch in [48] gezeigt wurde. Daraus
kann man wiederum erschlieen, dass der Nahfeldwarmetransport im Dipolmodell
fiir nichtlokale Metalle bis zu eine Gréfenordnung iiber den lokalen Werten liegen
kann.

Der Nahfeldwérmetransport zwischen zwei Au-Halbraumen mit 77 = 300 K und
T3 = 0K ist fiir die drei verschiedenen Modelle in Abb. 6.4 geplottet. Man kann
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T ' " TE, nonlocal
8 TM, nonlocal - 1
TE, local

TM, local

-10 -8 -6

Abbildung 6.5: Die Energiedichte oberhalb eines Goldhalbrau-
mes bei 77 = 300K gemafl Gl (1.7.13), normiert auf den
Schwarzkorperwert. Fiir die Beschreibung des Goldhalbraumes
wurde die lokale Permittivitdt (Drude-Modell) und das nicht-
lokale SCIB-Modell verwendet.

in diesem Fall sehr gut erkennen, dass der Leontovich-Ansatz bereits fiir Absténde
grofer als d*" =~ 22 nm Werte liefert, die groBer sind als die Werte, die man mit den
lokalen Fresnel-Koeffizienten erhélt. Fiir diese Absténde gehorcht der Nahfeldwérme-
transport im Leontovich-Fall einem 1/a-Potenzgesetz und divergiert fiir Absténde
a — 0. Auch hier muss man erwarten, dass nur der nichtlokale Ansatz fiir a < [ phy-
sikalisch sinnvolle Ergebnisse liefert und damit der lokalen Beschreibung vorzuziehen
ist, weil gerade bei diesen Abstédnden nichtlokale Effekte relevant werden. Man sieht
in Abb. 6.4 sehr gut, dass die Werte, die man mit der lokalen Beschreibung erhélt, fiir
nahezu alle Absténde in guter Ubereinstimmung mit den nichtlokalen Werten sind,
wobei die lokalen Werte fiir den Nahfeldwarmetransport fiir a < [ etwas unterhalb
der entsprechenden nichtlokalen Werte liegen. Das ,, Séttigungsverhalten in den TE-
Moden ist allerdings fiir kleine Absténde innerhalb der nichtlokalen Beschreibung
etwas stirker als innerhalb der lokalen Beschreibung (siche Abb. 6.5), was man aber
in Abb. 6.4 nicht sehen kann, da sich hier der TE-Moden-Beitrag mit dem Beitrag der
TM-Moden iiberlagert. Der Unterschied zwischen beiden Beschreibungen ist aber in
diesem Fall gering, wie bereits in [75] beobachtet wurde. Da nun der Wérmestrom
zwischen zwei Gold-Halbraumen durch die TE-Moden dominiert wird, kann man
schlussfolgern, dass der TE-Moden-Beitrag in der Energiedichte fiir die lokale und
nichtlokale Beschreibung &hnliche Werte liefert, wobei man fiir sehr kleine Absténde
in der Groflenordnung It zu erwarten hat, dass der TE-Moden-Beitrag zur Energie-
dichte fiir das nichtlokale Modell im Gegensatz zum lokalen Modell konstant wird.
Dieser Sachverhalt wird sehr gut in Abb. 6.5 illustriert.
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6.8 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurde der Einfluss nichtlokaler Effekte auf den Nahfeldwérme-
transport untersucht. Es wurde gezeigt, dass der Anteil der TM-Moden fiir den
Nahfeldwarmetransport bzw. die Energiedichte fiir Absténde kleiner als die mittlere
freie Weglénge | des Elektrons innerhalb der nichtlokalen Beschreibung Werte er-
gibt, die bis zu einer Gréfenordnung iiber den entsprechenden Werten fiir die lokale
Beschreibung liegen. Dieser Anstieg kann auf die Erzeugung von Elektronen-Loch-
Paaren zuriickgefiithrt werden, die durch das Drude-Modell nicht korrekt beschrieben
wird, aber einen wesentlichen Dissipationsmechanismus innerhalb des Metalles dar-
stellt.

Auflerdem fiihrt die nichtlokale Beschreibung stets auf abstandsunabhéngige
Ausdriicke fiir Abstdnde kleiner als die Thomas-Fermi-Lange [tp, sodass die un-
physikalische Divergenz der Energiedichte bzw. des Strahlungswarmetransportes im
Nahfeld fiir sehr kleine Absténde behoben wird, wie auch von Henkel und Joulain [48]
gezeigt wurde. Dieser Effekt kann auf einem , Cutoff* im A-Integral zuriickgefiihrt
werden, der dadurch bedingt ist, dass die Streuung der Elektronen fiir grofle Wel-
lenzahlen durch Abschirmeffekte stark verringert wird und somit fiir solche Wellen-
zahlen die Dissipation durch die Streuung der Elektronen vernachléssigbar wird.

Fiir die TE-Moden ergeben die lokale und die nichtlokale Beschreibung fiir den
Nahfeldwéarmetransport nahezu gleiche Resultate, sodass der Nahfeldwarmetrans-
port zwischen zwei Metallen durch die nichtlokalen Beitrage nur gering beeinflusst
wird, wie bereits von Volokitin und Persson [75] herausgestellt wurde. Daher kann
man die rdumliche Dispersion fiir die Bestimmung des Nahfeldwérmetransportes
zwischen zwei unendlich ausgedehnten Halbrdumen in guter Ndaherung vernachlassi-
gen, solange dieser im betrachteten Abstandsbereich im wesentlichen durch die TE-
Moden gegeben ist, was fiir gut leitende Metalle wie Gold und Silber bis auf Abstédnde
im Bereich von 1 nm erfiillt ist. Man beachte jedoch, dass die Abschirmeffekte inner-
halb der Metalle eine ,,Séttigung” des TE-Modenbeitrags bereits fiir Abstdnde im
Bereich der mittleren freien Weglédnge hervorrufen, die fiir die Nahfeldenergiedichte
im Bereich von [ oberhalb eines Metalls nicht vernachlassighar ist.

Da in der jiingsten Literatur versucht wurde, die thermodynamischen Probleme,
die sich bei der Beschreibung des thermischen Anteils der Casimir-Kraft ergeben,
dadurch zu l6sen, dass man die sogenannten Leontovich-Randbedingungen einfiihrt
und als die richtigen Randbedingungen postuliert [84, 85, 86], wurde auch der Nah-
feldwarmetransport fiir diese Randbedingungen diskutiert. Dabei wurde gezeigt,
dass es sich bei diesem Ansatz nur um einen Spezialfall der lokalen Beschreibung
handelt, der nur fur Abstdnde grofer d; aus Gl. (6.3.3) anwendbar ist und damit
keine Alternative zur lokalen bzw. nichtlokalen Beschreibung solcher Phénomene wie
die Casimir-Kraft oder den Strahlungswirmetransport im Nahfeld darstellt.
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Kapitel 7

Ein phinomenologisches
Sensormodell

Das Ziel dieses Kapitels besteht darin, ein phdnomenologisches Sensormodell aufzu-
stellen, das es ermdoglicht, die experimentellen Daten fiir den Nahfeldwarmetransport
in einem Rasterwdrmemikroskop [89] zu beschreiben.

Dazu wird im ersten Abschnitt der experimentelle Aufbau und die experimentel-
le Durchfithrung kurz vorgestellt, wobei der interessierte Leser fiir eine detaillierte
Beschreibung auf die Dissertation von Wolfgang Miiller-Hirsch [88] verwiesen sei. Im
darauffolgenden Abschnitt wird gezeigt, dass sich die experimentellen Daten nicht
mit dem Polder-van Hove-Ergebnis beschreiben lassen, wobei aufgrund der nicht
gianzlich bekannten Materialeigenschaften der Probe und des Sensors noch ein ge-
wisser Spielraum fiir Spekulationen iibrighleibt, sodass diese Aussage nicht mit voller
Gewissheit gemacht werden kann.

Trotzdem liegt die Vermutung nahe, dass die Daten aufgrund der speziellen
Sensor-Probe-Geometrie von dem Polder-van Hove-Ergebnis abweichen miissen. Da
das einzige analytisch zugénglich Modell, das solch einer Geometrie nahe kommt,
das Dipolmodell [74, 75, 77, 78] aus Kapitel 5.5 ist, werden im dritten Abschnitt
die experimentellen Daten mit dem Dipolmodell verglichen. Es zeigt sich, dass die-
ses Modell mindestens zwei Schwéchen aufweist, die es fiir die Beschreibung der
experimentellen Daten unbrauchbar machen.

Dementsprechend wird in den darauf folgenden beiden Abschnitten ein phéno-
menologisches Sensormodell vorgestellt, das diese beiden Schwichen beseitigt und
zu Werten fiir den Warmestrom fithrt, die gut mit den experimentellen Daten iiber-
einstimmen. Dieses Modell wurde in der Referenz [3] benutzt, um die Messwerte von
Miiller-Hirsch [88] zu beschreiben, wobei dieses Modell hier in etwas allgemeinerer
Form eingefiihrt wird.

7.1 Experimenteller Aufbau und Ergebnisse
Die Messapparatur, die den Strahlungswarmetransport zwischen zwei dielektrischen
Medien messen soll, besteht aus einem umgebauten Rastertunnelmikroskop, des-

sen Mikroskopspitze durch einen speziellen Sensor ersetzt wird. Dieser Sensor ist
in Abb. 7.1 schematisch dargestellt und besteht aus einem winzigen Thermoele-
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ment, das durch einen Platindraht gegeben ist, der mit einer 20 — 25nm dicken
Goldschicht bedampft wurde. Der Spitzenradius Rgensor betrdagt ca. 60 — 100 nm.
Mithilfe dieses Sensors ist es moglich, die Thermospannung AV, zwischen der Sen-
sorspitze und dem zweiten Kontakt in der Sensorhalterung zu vermessen. Ist der
Seebeck-Koeffizient Spy/a, fiir das Thermopaar Platin-Gold bekannt, so kann man
iiber die lineare Relation AVy, = Spy/a, AT auf den Temperaturunterschied AT zwi-
schen der Sensorspitze und der Sensorhalterung schlieen. Da die Sensorhalterung
wahrend der Messung auf konstant 300 K gehalten wird, ist es daher moglich auf die
Temperaturverteilung im Sensor zu schlielen. Aufgrund des Messaufbaus kann der
Sensor aber weiterhin als Rastertunnelmikroskop bedient werden, sodass man die
Abstandsmessung im Tunnelabstand sehr genau vornehmen kann und mithilfe einer
Piezo-Steuerung vom Tunnelabstand ausgehend grofiere Abstéinde mit ausreichender
Prézision einstellen kann.

Gold—_

o‘ Glas

Abbildung 7.1: Die im Experiment verwendete Sensorspitze
(links), eine Rastermikroskopaufnahme der Spitze (Mitte), und
eine schematische Darstellung der Sensorspitze (rechts). Das
Bild wurde mit freundlicher Genehmigung von Achim Kittel
aus [89] entnommen.

Platin

Man kann daher die Thermospannung fiir variable Abstédnde oberhalb einer Pro-
be vermessen. Dabei wird die Probe auf 100 K herabgekiihlt und der Sensor auf
Raumtemperatur gehalten. Die gemessene Thermospannung des Sensors héngt da-
her direkt vom Warmestrom von dem ,heiflen® Sensor zur gekiihlten Probe ab.
Mit einem geeigneten Kalibrierungsexperiment kann man den Zusammenhang zwi-
schen der gemessenen Thermospannung und der abgestrahlten Energie pro Zeit-
einheit messtechnisch erfassen, sodass man die gemessenen Thermospannungen in
Temperaturwerte und danach in einen Warmestrom umrechnen kann. Da die Mes-
sungen im Ultrahochvakuum durchgefiihrt werden, wird dieser Wéarmestrom allein
durch die elektromagnetischen Felder verursacht; es handelt sich daher um einen rei-
nen Strahlungswérmetransport. Die Messungen wurden in einem Abstandsbereich
von 1—200 nm fiir eine Gold- und eine GaN-Probe durchgefiihrt, sodass sie Auskunft
iiber den Strahlungswéarmetransport zwischen einem mit Gold bedampften Pt-Sensor
und einer Gold- bzw. GaN-Probe im Nahfeld geben. Eine ausfiihrliche Diskussion
des experimentellen Aufbaus und der Durchfiihrung des Experiments findet man in
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der Dissertation von Miiller-Hirsch [88].

In seiner Dissertation hat Miiller-Hirsch aus den gemessenen Daten geschlossen,
dass sie nicht mit dem Polder-van Hove-Gesetz in Gl. (5.2.15) beschrieben wer-
den kénnen, weil sie keinem ausgezeichneten a~*-Potenzgesetz folgen, das man fiir
sehr gute Leiter fiir Absténde a im Bereich der Skintiefe ds erwarten kann [71]. Es
soll nun im Folgenden gezeigt werden, dass die Polder-van Hove-Formel die Werte
fiir die Gold-Probe qualitativ gut beschreiben kann, wohingegen die Werte fiir die
GaN-Probe nicht durch die Polder-van Hove-Formel beschrieben werden koénnen.
Allerdings muss beriicksichtigt werden, dass zumindest die GaN-Probe nicht ausrei-
chend charakterisiert ist und somit die Permittivitéit fiir das GaN nicht eindeutig
angegeben werden kann, sodass die numerischen Werte fiir den Nahfeldwérmetrans-
port in diesem Fall Spielraum fiir Spekulationen lassen. Auflerdem ist — wie bereits
von Miiller-Hirsch [88] diskutiert wurde — anzunehmen, dass die Sensor-Geometrie,
die nur fiir sehr kleine Abstdnde durch einen Halbraum beschrieben werden kann,
einen erheblichen Einfluss auf die gemessenen Werte hat. Daher wird ein phéanome-
nologisches Modell fiir die Sensor-Probe-Geometrie aufgestellt, das es ermdoglicht,
die gemessenen Werte fiir beide Proben zu beschreiben.

7.2 Vergleich mit der Polder-van Hove-Formel

In dem gegebenen Experiment wird fiir Absténde a weit unter 100 nm die Bezie-
hung Rgensor > a erfiillt, sodass anzunehmen ist, dass die Messergebnisse fiir diese
Absténde und in erster Ndherung dariiber hinaus durch die Polder-van Hove-Formel
in GL (5.2.15) beschreibbar sind. Da der Sensor aus einem mit Gold beschichteten
Platindraht besteht, sollte man die erweiterte Polder-van Hove-Formel fiir Schicht-
geometrien in Gl. (5.4.3) verwenden. Allerdings ist zu erwarten, dass die Korrekturen
aufgrund der endlichen Schichtdicke vernachlassigbar klein sind, da d ~ 20 — 25 nm
ist und die Skintiefe fiir Gold bei T = 300K bei ca. 22nm liegt, sodass sich die
endliche Schichtdicke fiir @ > d nur geringfiigig auf die numerischen Werte fiir den
Strahlungswérmetransport auswirkt.

Einen bei weitem grofleren Einfluss haben die Permittivitaten, die im Allgemei-
nen temperaturabhéngig sind. In den vorherigen Kapiteln wurden fiir die Berechnung
des Strahlungswirmetransports mit 77 # T3 fiir beide Medien stets die Permitti-
vitidten fiir 7 = 273 K aus [38] verwendet, um die betrachteten Effekte nicht noch
zusétzlich durch die verdnderten Materialabhéingigkeiten zu iiberlagern. Um den ge-
messenen Wiarmestrom zwischen zwei Materialien mit verschiedenen Temperaturen
korrekt zu beschreiben, ist es allerdings notwendig, die Temperaturabhéngigkeit der
Permittivitdten mit zu beriicksichtigen.

7.2.1 Au-Probe

In diesem Fall kann man fiir die Permittivitdten der Probe und des Sensors wie-
der das Drude-Modell verwenden, wobei allerdings die Temperaturabhéngigkeit der
Relaxationszeit beriicksichtigt werden muss. Diese Temperaturabhingigkeit kann —
wenn man lediglich die Streuung der Elektronen an den Phononen beriicksichtigt —
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mithilfe der sogenannten Bloch-Griineisen-Relation [58] in der Form
©p

(&) | vt (72

angegeben werden, wobei Op fiir die Debye-Temperatur des Mediums steht und C
hier als eine Konstante mit der Einheit s~ angesehen wird. Anhand dieser Relation
lésst sich sofort zeigen, dass

(7.2.2)

|7, T>6p

1 {T5, T < Op
x

gilt. Legt man die Daten aus dem Standardwerk von Ashcroft und Mermin [38] fiir

T =273K und ©p = 175K aus [101] zugrunde, d.h. es gilt 7435 = 3-1071*s, so kann

man die Konstante C' aus Gl. (7.2.1) bestimmen, wobei man zunéchst C' = 8,7 -

10'3s7! erhilt. Fiir die Relaxationszeiten bei 7' = 100K und 7' = 300 K bekommt

man damit
Tl%‘(‘) ~9,5-107%s und T?f%g ~2,7- 107 s ~ 72A71§- (7.2.3)

In Abb. 7.2 findet man einen Plot des Strahlungswirmetransportes zwischen
zwei Au-Halbraumen bei 77 = 300K und 75 = 0K, wobei die Relaxationszeiten
fir T' = 300 K verwendet wurden. Im Vergleich dazu ist der entsprechende Strah-
lungswarmetransport fiir den Fall aufgetragen, den man fiir einen mit 20nm Au
beschichteten Pt-Halbraum bei 77 = 300 K und einen Au-Halbraum bei 75 = 100 K
erhélt, wenn man die entsprechenden Relaxationszeiten aus Gl. (7.2.3) verwendet.
Es ergibt sich dadurch ein Wéarmestrom, der fiir nahezu alle Abstdnde um einen
Faktor 1/2 kleiner ist als der Warmestrom zwischen den beiden Au-Halbrédumen.
Dabei ist die Abweichung durch die Beriicksichtigung der endlichen Au-Schicht und
der Temperatur der Probe von 100 K im Vergleich zum Einfluss der verénderten
Relaxationszeit bzw. Leitfahigkeit gering.

Um diese theoretischen Werte mit den experimentellen Daten vergleichen zu
konnen, wurden diese mit einer effektiven Fliche Az = mrZ; multipliziert, wobei
ref = 2,8 pm gesetzt wurde. Dieser Wert fiir den Radius liegt allerdings weit iiber
dem tatséchlichen Radius der Sensorspitze von 60 — 100 nm und ist damit unreali-
stisch grof}, wenn man davon ausgeht, dass der Nahfeldwérmetransport hauptséchlich
durch die Sensorspitze erfolgt. Man sieht anhand des Plots in Abb. 7.2, dass die theo-
retischen Werte zwar das Saturieren des Wiarmestromes fiir sehr kleine Absténde
beschreiben kénnen, aber fiir Absténde grofler als 10 nm eine andere Steigung auf-
weisen. Trotzdem liegen die theoretischen Daten in diesem Fall fiir alle Absténde
relativ nahe bei den experimentellen Werten und koénnen zumindest qualitativ den
Verlauf der Messdaten beschreiben.

7.2.2 GaN-Probe

In diesem Fall ist die Bestimmung der korrekten Materialkonstanten unmaoglich, da
die GaN-Probe, die im Experiment benutzt wurde, nicht ausfiihrlich genug charak-
terisiert war. Man kann zwar den Beitrag der Phononen zur Permittivitéit mithilfe
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Au-Au/Pt ——

log(a/m)

Abbildung 7.2: Strahlungswarmetransport zwischen zwei
Halbraumen aus Au mit 77 = 300 K und 73 = 0K fiir eine effek-
tive Fliche 7rZ; mit dem effektiven Radius rog = 2, 8 ym, wobei
fiir beide Au-Halbrdume die Permittivitdten bei T" = 300K
verwendet wurden. Zum Vergleich dazu ist der Strahlungs-
wéarmetransport zwischen einem mit 20 nm Au beschichteten
Pt-Halbraum bei 77} = 300K und einem Au-Halbraum bei
T3 = 100K aufgetragen, wobei in diesem Fall die Material-
eigenschaften fiir die entsprechenden Temperaturen verwendet
wurden. Aulerdem sind zum Vergleich von Theorie und Expe-
riment die Messdaten fiir die Goldprobe aus [88] eingetragen.

der Reststrahlenformel relativ genau angeben, allerdings handelt es sich bei GaN
um einen intrinsischen Halbleiter. Es muss daher neben dem Anteil der Phononen
zur Permittivitdt auch der Anteil der freien Ladungstrager durch das Hinzufiigen
eines Drude-Terms beriicksichtigt werden. Da nun die Ladungstragerkonzentration
bei GaN je nach Herstellungsverfahren zwischen 10 ecm™ und 10%° cm =3 schwan-
ken kann, ist es nicht moglich, den Beitrag der Ladungstrager zur Permittivitat fiir
die verwendete Probe eindeutig zu bestimmen, da die Ladungstrdgerkonzentration
innerhalb der Probe nicht angegeben wurde.

Um dennoch zumindest prinzipiell zu sehen, wie sich die Hinzunahme eines
Drude-Terms auf den Strahlungswirmetransport zwischen der GaN-Probe und dem
Gold/Pt-Sensor auswirkt, werden im Weiteren die experimentellen Werte aus [102]
verwendet, die fiir eine Ladungstriagerkonzentration von 5, 7-10'° cm = bei T = 300 K

durch
Swa w?
er(w) =€ +w§—w2—1wf w? + iww, ( )

mit

wp,=9,1-10"s"1  w.=1,3-10"s"1 e, =54
[=3,1-10%"1 wy=1,0-10"s"" S =51 (7.2.5)
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gegeben sind. Im Vergleich mit der Reststrahlenformal (A.2.9) im Anhang A kann
man sehen, dass wy = w;, [ = 7, S = €5 (w} — w?)/w? gelten. Fiir den Beitrag der
freien Ladungstrager kann man die angegebene Permittivitat mit der Drude-Formel
(A.1.9) im Anhang A vergleichen und w,, mit der Plasmafrequenz w, sowie w, mit
der inversen Relaxationszeit 77! der freien Ladungstriger identifizieren.

Um nun die entsprechenden Werte fiir 7' = 100 K zu bekommen, kann man im
Allgemeinen nicht wie bei einem Metall w, einfach als konstant ansehen und die
Bloch-Griineisen-Relation auf die inverse Relaxationszeit w,. anwenden. Schlieflich
nimmt die Leitfihigkeit in Halbleitern bei hoheren Temperaturen zu, wohingegen
sie fiir Metalle abnimmt. Das liegt daran, dass die Ladungstrégerkonzentration in
Halbleitern temperaturabhéngig ist und fiir groe Temperaturen zunimmt. Um den-
noch einen ungefihren Schatzwert fiir 7' = 100 K zu erhalten, soll davon ausgegangen
werden, dass sich die Ladungstrigerkonzentration nur geringfiigig &ndert, also w,, als
nahezu konstant angenommen werden kann. (Im Prinzip muss die Ladungstriger-
konzentration fiir kleine Temperaturen abnehmen, sodass w,, fiir 7" = 100 K kleiner
ist als der entsprechende Wert fiir 7' = 300 K.) Fiir kleine Temperaturen kann man
die Relaxationszeit durch die Relation [103]

3
T 2
T = T300 (%) (726)

anniihern, sodass man mit w_; ' = 73090 = 7,5 - 107'° s eine Relaxationszeit von
Tio0 ~ 1,4-107"%s (7.2.7)

erhélt. Die Leitfahigkeit nimmt daher bei kleinen Temperaturen ab. Der Beitrag der
freien Ladungstriager zur Permittivitdt wird zwar wegen der gemachten Annahmen
und der Unwissenheit iiber die tatséchliche Konzentration an Ladungstragern nicht
vollig richtig abgeschétzt. Trotzdem werden in den numerischen Ergebnissen neben
den Werten, die nur den phononischen Anteil enthalten (Reststrahlenformel), auch
die Werte angegeben, die den hier abgeschéitzten Beitrag der freien Ladungstréger
zur Permittivitidt (Reststrahlenformel + Drude-Modell) beriicksichtigen.

Fiir den phononischen Anteil der Permittivitdt &ndern sich im Allgemeinen ne-
ben der Dampfung I' auch die Frequenzen der transversalen und longitudinalen
Phononen w; und w; bzw. S und wy aus Gl. (7.2.4). Allerdings sind diese Ande-
rungen im betrachteten Temperaturbereich vernachlissigbar klein [104, 105], sodass
nur die Temperaturabhéngigkeit der Dampfung I' beriicksichtigt werden muss. Die
Temperaturabhéngigkeit der Dampfung kann durch [105, 106]

C’ 1 1

bestimmt werden, womit man fiir 7" = 300 K die Konstante C’ bestimmen kann und
C' = 5,4-10%s7* erhilt. Damit ldsst sich I fiir 7 = 100 K berechnen und es ergibt
sich

[0 =2,7-102s71, (7.2.9)
also nur ein geringfiigig verdnderter Wert im Vergleich zu I'sqg = 3,1-10*2s7! aus Gl
(7.2.5). Entsprechend der Diskussion in [105] ist anzunehmen, dass die experimentell
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GaN-Au/Pt ——

log(a/m)

Abbildung 7.3: Strahlungswiarmetransport zwischen zwei
Halbraumen aus GaN (Reststrahlenformel + Drude) und Au
bzw. GaN (Reststrahlenformel) und Au mit 773 = 300K und
T3 = 0K fiir eine effektive Fliche 7r%; mit dem Radius reg =
2,8 um, wobei die Permittivitdten fiir 7' = 300 K verwendet
wurden. Zum Vergleich dazu ist der Strahlungswérmetransport
zwischen einem mit 20 nm Au beschichteten Pt-Halbraum bei
T; = 300 K und einem GaN-Halbraum (Reststrahlen + Drude)
bei T5 = 100 K aufgetragen, wobei in diesem Fall die Material-
eigenschaften fiir die entsprechenden Temperaturen verwendet
wurden. Auflerdem sind die experimentellen Daten fiir die GaN-
Probe aus [88] eingetragen.

relevante Dampfung I'ygp eher noch kleiner als dieser rechnerisch bestimmte Wert
ist.

In Abb. 7.3 kann man sehen, wie sich die Verwendung der entsprechenden Ma-
terialparameter aus Gl. (7.2.7) und (7.2.9) auswirkt. Neben dem Plot des Wrmestro-
mes zwischen einem Au- und einem GaN-Halbraum (Reststrahlenformel + Drude)
bei T} = 300 K und 75 = 0 K unter Verwendung der Permittivitaten bei 300 K findet
man zusétzlich einen Plot fiir den Warmestrom zwischen einem mit 20 nm Au be-
schichteten Pt-Halbraum bei 77 = 300K und einem GaN-Halbraum bei 73 = 100 K,
wobei hier die Materialparameter aus Gl. (7.2.7) und (7.2.9) verwendet wurden. Um
zu sehen, wie stark sich der Anteil der freien Ladungstréager im GaN auf den Wérme-
strom auswirkt, wurden auch die numerischen Ergebnisse fiir einen Gold-Halbraum
bei 300 K und einen GaN-Halbraum (Reststrahlenformel) bei 7' = 0K geplottet.
Man sieht sehr gut, dass der Drude-Term in der Permittivitdt einen erheblichen
Einfluss auf den gesamten Wéarmestrom hat.

Um diese theoretischen Werte mit den experimentellen Daten vergleichen zu
kénnen, wurden diese mit einer effektiven Fliche A.g = 7rZ; multipliziert, wobei
wieder der effektive Radius r.g = 2,8 pm gewéhlt wurde. Man sieht anhand des
Plots in Abb. 7.3, dass die theoretischen Werte des Wérmestroms die experimentel-
len Daten im gesamten Abstandsbereich nicht einmal qualitativ beschreiben kénnen.
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Auflerdem zeigen die theoretischen Daten kein Saturieren fiir Abstédnde kleiner als
10 nm, weil in diesem Bereich die TM-Moden, die fiir Dielektrika den Nahfeldwéarme-
transport dominieren, zu einem a~2-Potenzgesetz fiihren. Die Messdaten und die
theoretischen Werte liegen daher weit auseinander. Man muss allerdings beriick-
sichtigen, dass aufgrund der unzulénglichen Charakterisierung der GaN-Probe noch
etwas Spielraum in der theoretischen Beschreibung bleibt, da die Ladungstréigerkon-
zentration einen erheblichen Einfluss auf den Nahfeldwarmetransport hat.

7.3 Vergleich mit dem Dipolmodell

Da die experimentellen Daten vor allem fiir die GaN-Probe nicht mit den theo-
retischen Werten iibereinstimmen, liegt die Vermutung nahe, dass die Abweichung
zwischen Theorie und Experiment durch die Sensor-Probe-Geometrie erkléart werden
kann. SchlieBlich weicht diese sehr stark von dem Fall zweier sich gegeniiberstehen-
der Halbrdume ab, wie es in der Polder-van Hove-Formel vorausgesetzt wird. Die
analytische Bestimmung des Naheldwéarmetransportes fiir eine realistische Sensor-
Probe-Geometrie ist indes unméglich, da das elektrodynamische Randwertproblem
fiir solch eine Geometrie nicht gelost werden kann. Daher wurde von Dorofeyev
et al. [107] mithilfe der Methode der konformen Abbildungen versucht, den Nah-
feldwéarmetransport fiir verdnderte Geometrien aus der Polder-van Hove-Formel ab-
zuleiten. Allerdings funktioniert diese Methode nur fiir die Abstandsbereiche, in
denen sich ein ausgeprigtes Potenzgesetz im Nahfeldwarmetransport ergibt. Ein
analytischer Ausdruck fiir eine Sensor-Probe-Geometrie, bei der der Sensor als eine
dielektrische Kugel oberhalb eines dielektrischen Halbraumes modelliert wurde, wur-
de im quasistatischen Bereich von Volokitin und Persson [75] bestimmt, wobei sich
eine sehr schwach konvergente Dreifachsumme ergibt, die selbst numerisch schwer
auszuwerten ist. Fiir den Grenzfall einer sehr kleinen Kugel ergibt sich dagegen
wieder das Dipolmodell [74, 75, 77, 78] aus Kapitel 5.5.

Fiir Abstinde a > Rgensor SOllte statt der Polder-van Hove-Formulierung gera-
de das Dipolmodell zu richtigen Werten fithren, bei dem die vorderste Sensorspitze
durch eine Kugel modelliert wird. Ist nun a’ der Abstand vom Halbraum zum Mit-
telpunkt der Kugel, so kann man fiir a > Rgensor in sehr guter Nidherung o' =~ a
voraussetzen. Fiir den Warmestrom vom Sensor mit der Temperatur Tg zur Probe
mit der Temperatur Tp erhélt man im Dipolmodell mit Gl. (5.5.11) den Ausdruck

pev = / dw [E(w, Ts) — B(w, Tp)]| 200" () DY (0, @), (7.3.1)
wobei v durch die Clausius-Mosotti-Formel in Gl. (5.5.3), also durch

" _ 3 67“75((")) —1
(W) = 4T Rgpeor I (7@’8@) n 2) (7.3.2)

und die elektrische lokale Zustandsdichte fiir die evaneszenten Moden durch

22 — |2
ki

00 —2va
DS (w,a) = —20 /k dr 2 [Im(ril)—i—lm(rﬁl) (7.3.3)

- 2m2e2 . 27y
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gegeben sind, wobei €; die Permittivitit der Probe darstellt und v = /A2 — k2 gilt.
Da das Dipolmoment im Dipolmodell nur an die elektrische lokale Zustands-
dichte Dg, koppelt, die im Nahfeld mit dem TM-Moden-Beitrag D) iibereinstimmt,
kann das Dipolmodell den Wéarmestrom zwischen dem Sensor und der Goldprobe
nicht véllig richtig beschreiben, da dieser — wie man anhand des Polder-van Hove-
Ergebnisses sehen kann — gerade durch die TE-Moden-Beitriage dominiert wird. Wie
man bereits in Abb. 5.8 sehen konnte, hat dieses Fehlen der TE-Moden-Beitriage zur
Konsequenz, dass die Werte fiir den Wérmestrom zwischen einer Goldkugel und
einer Goldprobe um bis zu drei Groflenordnungen unterhalb der Werte liegen, die
man fiir den Warmestrom zwischen einer Goldkugel und einer GaN-Probe erhal-
ten wiirde. Man erhélt daher im Dipolmodell im Abstandsbereich von 1 — 1000 nm
einen sehr viel geringeren Warmestrom fiir die Gold- als fiir die GaN-Probe. Die
experimentellen Daten zeigen dagegen genau den umgekehrten Trend. Selbst unter
Beriicksichtigung nichtlokaler Effekte fiir die Gold-Probe erhélt man nicht einmal
anndhernd einen Warmestrom, der mit den experimentellen Daten vereinbar ist.
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g O
_ ©o
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o
>
o
_8 L
-9 -8 7 -6

log(a/m)

Abbildung 7.4: Strahlungswérmetransport zwischen einer Gold-
kugel bei Ts = 300 K und einem GaN-Halbraum (Reststrahlen-
formel + Drude) bei Tp = 100K fiir einen effektiven Radius
Tef = 2,8 um, wobei die Materialeigenschaften fiir die entspre-
chenden Temperaturen verwendet wurden. Auflerdem sind die
experimentellen Daten fiir die GaN-Probe aus [88] eingetragen.

Fiir die GaN-Probe hingegen kann man erwarten, dass der Wéirmestrom in-
nerhalb des Dipolmodells fiir a > Rgensor richtige Werte liefert. Schliellich ist
der Nahfeldwarmetransport in diesem Fall durch die TM-Moden dominiert, die ja
im Dipolmodell beriicksichtigt werden. Wihlt man wieder einen effektiven Radius
Tef = 2,8 um, so kann man in Abb. 7.4 sehen, dass die numerischen Werte fiir den
Wirmestrom fiir sehr grofie Abstdnde zumindest von der Groflenordnung her mit
den experimentellen Werten iibereinstimmen, wobei fiir GaN wieder die Permitti-
vitdt aus Gl. (7.2.5) mit den entsprechenden Parametern fiir 7' = 100 K verwendet
wurde. Diese Ubereinstimmung von Theorie und Experiment ist allerdings mit Vor-
sicht zu genieBen, da in dem Bereich, in dem diese ,, Ubereinstimmung® herrscht, die

157



158 KAPITEL 7. EIN PHANOMENOLOGISCHES SENSORMODELL

experimentellen Daten stark verrauscht sind. Fiir kleine Abstdnde dagegen kann das
Dipolmodell aus mehreren Griinden nicht richtig sein: Erstens gilt die Dipolnéher-
ung fiir a < Rgengor Nicht mehr, zweitens miisste man fiir a < [ die Probe und den
Sensor durch ein nichtlokales Modell beschreiben.

7.4 Phinomenologisches Sensormodell

Das Dipolmodell hat zwei offensichtliche Schwachstellen, die nun mithilfe eines phé-
nomenologischen Modells behoben werden sollen. Die erste Schwachstelle ist das
Fehlen des TE-Moden-Anteils im Warmestrom und die zweite Schwachstelle ist das
fehlende Sattigungsverhalten fiir kleine Absténde. In diesem Abschnitt soll nun die
erste Schwachstelle — das Fehlen des TE-Moden-Beitrages — mit einem sehr ein-
fachen Modell behoben werden.

Die Polder-van Hove-Formel legt nahe, dass die TE-Moden und die TM-Moden
zu gleichen Teilen zum Wéarmestrom beitragen. Betrachtet man zwei durch einen
Vakuumspalt voneinander getrennte Halbraume im Abstand a, so ist aufgrund der
vorangegangenen Diskussion klar, dass der Nahfeldwédrmetransport proportional zur
lokalen Zustandsdichte D(w, a) beider Halbraume sein muss. Man kénnte auch sagen,
dass der Warmestrom zwischen zwei Halbraumen proportional zur Energiedichte im
Abstand a oberhalb der jeweiligen Halbrédume ist. Taucht nun ein Sensor in das Nah-
feld eines einzelnen Halbraumes ein, so muss auch das Signal fiir den Warmestrom
proportional zur Energiedichte des Sensors und des Halbraumes sein. Ist der Sensor
klein, so kann man vermuten, dass fiir nicht allzu kleine Abstdnde der Warmestrom
im wesentlichen proportional zur Energiedichte oberhalb des Halbraumes ist, d.h.

(P) o< (u) = (ug) + (ug)- (7.4.1)

Im Dipolmodell ist fiir den Wéarmestrom im Nahfeld bereits sichergestellt, dass
der Warmestrom im Groflen und Ganzen proportional zu (uf’) ist. Allerdings kann
das Dipolmodell gerade die Ankopplung an das magnetische Feld nicht beschreiben,
das fiir den Warmestrom zwischen Metallen wesentlich ist. Man beachte, dass dieser
Sachverhalt nichts mit echten magnetischen Momenten zu tun hat, da stets p = po
gewahlt wurde, sondern vielmehr mit Jouleschen Verlusten aufgrund induzierter
Kreisstrome, die proportional zu (H?) sind. Um diese Kopplung an das Magnetfeld
herzustellen, wird daher an dieser Stelle ein effektives magnetisches Moment

Meg = flog(w)poH (7.4.2)

eingefithrt, das — genau wie das Dipolmoment im Dipolmodell — durch das fluk-
tuierende Feld H oberhalb der Probe im Sensor induziert wird und an dieses Feld
koppelt, wodurch es zu einer Energiedissipation

<Pmag7Pr0be—>Sensor> = <meff(t) : H(t)>
_ / e 2wl () (s (w, 0)) (7.43)

= /dw 2wiing(w)E(w, Tp) Du(w, a)
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innerhalb des Sensors kommt. Mit der gleichen Argumentation wie fiir die Dipolan-
kopplung erhélt man fiir den Gesamtwérmestrom zwischen Sensor und Probe auf-
grund dieser Kopplung an das Magnetfeld den Ausdruck

(Pag) = /dw [E(w,Ts) — E(w, Tp)| 2wpipg(w) Du(w, a), (7.4.4)

wobei die magnetische lokale Zustandsdichte fiir die evaneszenten Moden durch

ev w > Ae e 01 o1y 2A% — k3

gegeben ist.
Fiigt man nun diesen Anteil zum elektrischen Beitrag des Dipolmodells aus GI.
(5.5.11) hinzu, bekommt man fiir die evaneszenten Moden schliefllich den Ausdruck

(Pge) = /dw [E(w,Ts) — E(w, Tp)] <2w,ugﬁ(w)DH(w, a) + 2wa" (w) Dg(w, a)).

(7.4.6)
Dieser Ausdruck kann nicht weiter ausgewertet werden, solange p!;(w) unbekannt
ist. Man beachte, dass in o (w) und p;(w) jegliche Sensoreigenschaften einflieflen,
d.h. in diesen Parametern stecken die optischen Eigenschaften sowie das Volumen
des Sensors. Fiir sich schwach dndernde 2wa”(w) bzw. 2wz (w) gibt es jeweils ein
wy, sodass man diese Groflen aus dem Frequenzintegral herausnehmen und durch
einen festen unbekannten Parameter

Qg et 1= 2w (wp) bzw. fhoeft := 2wolteg(wo) (7.4.7)

ersetzen kann. Mit diesen Parametern, die die Dimension Volumen pro Zeit bzw.
m3s~! haben, kann man den Wirmestrom durch

(Po) = /dw [E(w7Ts) — E(W,Tp)] (M&eﬁ»DH(w, a) + a&eﬁDE(w, a)) (7.4.8)

approximieren. Fiir eine kalte Probe mit Tp < Ts kann man in erster Naherung
den Wéarmestrom von der Probe zum Sensor vernachléssigen, weil dieser sehr viel
geringer ist als der Warmestrom vom warmen Sensor zur Probe, sodass man

(PS5) & pos / dw E(w, Ts) Du(w, a) + ao. / dw E(w, Ts) Dg(w, a)

= [Q,eff <UH (Ts, CL)> + Q,eff <UE (TS7 a))

(7.4.9)

erhélt. Der Wéarmestrom ist daher in erster Ndherung in diesem Modell proportional
zum elektrischen und magnetischen Anteil der Energiedichte im Abstand a oberhalb
der Probe mit den Materialeigenschaften der Probe bei Tp, wobei man allerdings die
Temperatur des Sensors Tg in der Bose-Einstein-Funktion zu verwenden hat. Fiir den
Spezialfall pg e = v e Stimmt dieser Ausdruck bis auf einen Proportionalitétsfaktor
mit der gesamten Energiedichte iiberein, sodass man fiir eine dielektrische Probe, bei
der das Nahfeld durch das elektrische Feld dominiert ist, per Konstruktion wieder
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160 KAPITEL 7. EIN PHANOMENOLOGISCHES SENSORMODELL

das Dipolmodell zuriickbekommt. Um den Ausdruck fiir den Warmestrom in GI.
(7.4.9) nicht allzusehr einzuschrianken, sollen fi ¢ und g als freie Fitparameter,
die in gewisser Weise die Sensoreigenschaften und das Sensorvolumen auf eine Zahl
reduzieren, zunéchst unbestimmt bleiben, da diese Parameter entscheiden, ob der
Gesamtwérmestrom im Nahfeld eher durch die TE-Moden (ug) ~ (u,) oder durch
die TM-Moden (ug) ~ (u)) dominiert wird. Allerdings sollte man beachten, dass die
gemachten Nédherungen nur fiir 75 > Tp, Rsensor << @ und fiir a < 200 nm richtig
sein konnen. Die letzte Einschriankung ist eine Schlussfolgerung aus den numerischen
Daten in Abb. 5.9, mit deren Hilfe gezeigt wurde, dass die gemachten Nédherungen
bei Ts = 300K nur fiir Abstéinde a < 200 nm eine gute Ubereinstimmung mit den
ungenaherten Ausdriicken liefern.
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Abbildung 7.5: Strahlungswérmetransport zwischen einer Gold-
kugel bei Ts = 300 K und einem GaN-Halbraum (Reststrahlen-
formel) bei Tp = 100K, einem GaN-Halbraum (Reststrahlen-
formel + Drude) und dem Dipolmodell entsprechend Abb. 7.4,
wobei die Materialeigenschaften fiir die entsprechenden Tempe-
raturen verwendet wurden. Auflerdem sind die experimentellen
Daten fiir die GaN-Probe aus [88] cingetragen.

In Abb. 7.5 findet man die numerischen Ergebnisse fiir das phdnomenologische
Sensormodell aus Gl. (7.4.8) im Vergleich zu den experimentellen Daten und dem
Dipolmodell aufgetragen, wobei fiir das Dipolmodell diesmal ein effektiver Radius
von reg = 2,6 - 107 m gewihlt wurde (vgl. Abb. 7.4). Fiir das Sensormodell wurde
die GaN-Probe zum einen nur mithilfe der Reststrahlenformel mit den Parametern
bei T" = 100 K beschrieben, wobei in diesem Fall

et = ploei = D - 107°m?s ™! (7.4.10)

gesetzt wurde. Zum anderen wurde fiir das Sensormodell die GaN-Probe mithilfe
der Reststrahlenformel plus Drude-Term aus Gl. (7.2.4) mit den entsprechenden
Parametern bei 7" = 100 K beschrieben, wobei in diesem Fall

Qe = 1,410 m’s™" und  prger =510 m?s7! (7.4.11)
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7.5. DIE KORRELATIONSLANGE 161

gewiihlt wurden. Man kann in Abb. 7.5 erwartungsgemif eine sehr gute Uberein-
stimmung der numerischen Ergebnisse fiir die verschiedenen Modelle sehen. Schlief3-
lich reproduziert das Sensormodell das Dipolmodell in dem Bereich, in dem die
TM-Moden den Hauptbeitrag zum Nahfeldwérmetransport liefern, was fiir nicht-
metallische Proben der Fall ist.
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Abbildung 7.6: Strahlungswarmetransport zwischen einer Gold-
kugel bei Ts = 300 K und einem Au-Halbraum (Drude-Modell)
bei Tp = 100 K fiir das Sensormodell und das Dipolmodell, wo-
bei die Materialeigenschaften fiir die entsprechenden Tempera-
turen verwendet wurden. Auflerdem sind die experimentellen
Daten fiir die Au-Probe aus [88] eingetragen.

Die numerischen Ergebnisse fiir den Warmestrom zwischen einer Goldkugel bei
Ts = 300K und einer Goldprobe bei Tp = 100K fiir das Dipolmodell mit r.g =
2,6 - 107%m und fiir das Sensormodell aus Gl. (7.4.8) mit

Qgef = foer = 5+ 107 m?s™! (7.4.12)

findet man in Abb. 7.6. Es wird in dieser Abbildung noch einmal deutlich, dass das
Dipolmodell fiir den Nahfeldwarmetransport zwischen einer Goldprobe und einer
Goldkugel um etliche Grofenordnungen zu niedrige Werte liefert. Das Sensormo-
dell hingegen liefert mit den gleichen Parametern o ex und fg e, die auch fiir die
GaN-Probe (Reststrahlenformel) verwendet wurden, Werte in der richtigen Grofien-
ordnung. Auflerdem stimmen diese Werte fiir Abstinde grofier als 10 nm sehr gut
mit den experimentellen Daten {iberein.

7.5 Die Korrelationslinge

Die zweite Schwachstelle des Dipolmodells ist das Fehlen des Sattigungsverhaltens
im Wirmestrom fiir sehr kleine Abstdnde. Wie bereits in Kapitel 6 diskutiert wur-
de, bekommt man innerhalb einer nichtlokalen Theorie fiir Metalle solch ein Satti-
gungsverhalten. Es soll daher versucht werden, den Zusammenhang zwischen einer
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162 KAPITEL 7. EIN PHANOMENOLOGISCHES SENSORMODELL

nichtlokalen Permittivitit und diesem Séttigungsverhalten hier etwas klarer heraus-
zustellen und schliellich in das phdnomenologische Sensormodell eine heuristische
Korrelationslédnge einzufithren, die das Sattigungsverhalten bestimmt und als wei-
terer Parameter in das phdnomenologische Sensormodell einflief3t.

Fiir ein lokales und isotropes Medium kann man die Suszeptibilitdt in der Form

€ap(r, 1’ w) = €1 (w)dagd(r — r') (7.5.1)

ausdriicken, sodass die allgemeine Integralbeziehung zwischen der dielektrischen Ver-
schiebung und dem elektrischen Feld in Gl. (6.1.4) im Fourier-Raum in die Gleichung

D(r,w) = € (w)E(r) (7.5.2)

iibergeht. Dementsprechend kann man das Fluktuations-Dissipations-Theorem fiir
die Quellenstrome in Gl. (1.1.10) auch in der allgemeineren Form

(Ja(r,w)js(r', ")) = dnwEy(w, T)Im(eqp(r, r', w))o(w — ') (7.5.3)

ausdriicken. Die rdumliche Korrelation der fluktuierenden Quellen ist daher durch
die rdumliche Dispersion im Medium selbst bestimmt, d.h. der Abstand L = |r — 1’|,
fiir den die Felder E(r’, w) noch wesentlich zur dielektrischen Verschiebung am Ort r
beitragen, gibt eine Léangenskala vor, auf der die fluktuierenden Quellenstréome kor-
reliert sind. Daher soll diese Léngenskala im weiteren als Korrelationsldnge bezeich-
net werden. Da L fiir polare dielektrische Medien in der Gréfenordnung atomarer
Absténde im Dielektrikum liegt, kann man fiir die betrachteten makroskopischen
Langenskalen stets eine Deltakorrelation der Quellenstrome voraussetzen und somit
eine lokale Beschreibung wéhlen. Fiir Metalle wurde in Kapitel 6 gezeigt, dass L im
Bereich der mittleren freien Weglénge des Elektrons liegt, d.h. dass man bereits bei
Abstédnden im Bereich dieser Léngenskala nichtlokale Effekte berticksichtigen muss.

Es soll nun ein einfaches Modell eingefiihrt werden, das es ermoglicht, die Auswir-
kungen der Korrelationsldnge L auf den Nahfeldwérmetransport zu beriicksichtigen.
Dazu wird der Ansatz

€ap(r, T/, w) = € [0agd(r — 1') + x1(w)dapf(r, )] (7.5.4)

gewahlt, wobei x;(w) die lokale Suszeptibilitdt des Mediums und f(r,r’) eine heuri-
stische reellwertige Korrelationsfunktion ist, die im Moment nicht ndher bestimmt
werden soll. Fiir ein isotropes Medium kann die Korrelationsfunktion nur noch eine
Funktion vom Abstand sein, sodass f(r,r’) = f(|r — r/|) gilt. Zusétzlich wird weiter
vorausgesetzt, dass die Korrelationsfunktion fiir Absténde |r — r’| < L gegen einen
konstanten Wert geht und fir Abstande |r — r'| > L verschwindet, sodass stets

/d3r'f(r, r)=1 (7.5.5)
v
erfiillt ist. Damit bestimmt diese Funktion das Volumen, in dem das elektrische Feld

E(r',w) ecinen Beitrag zur dielektrischen Verschiebung D(r,w) liefert. Auflerdem
sollte die Korrelationsfunktion fiir L — 0 gegen die Delta-Distribution konvergieren,
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d.h. es gilt in diesem Grenzfall f(|r —r’)| — (r — ). Daher erhélt man fiir ma-
kroskopisch vernachléssigbar kleine L die lokalen Ausdriicke und damit die lokalen
Ergebnisse zuriick.

Aufgrund dieses Ansatzes ist klar, dass es sich hier um kein Modell handelt,
das es erlaubt, rdumliche Dispersion vollsténdig zu beriicksichtigen. Da mit dem
Ansatz in Gl (7.5.4) im Prinzip die Delta-Distribution im lokalen Ausdruck fiir
die Permittivitdt durch eine ,,aufgeweichte Delta-Distribution ersetzt wurde — der
Korrelationsfunktion f(|r —r’|) —, kann dieser Ansatz lediglich dazu dienen auf-
zuzeigen, wie sich eine endliche rdumliche Korrelation der Quellenstrome auf der

Langenskala L auf den Nahfeldwarmetransport auswirkt. Setzt man den Ansatz aus
GL (7.5.4) in Gl (7.5.3) ein, erhdlt man

(Ja(r,w)jg(r',w")) = drwEy(w, T)Im(x1(w)) f(|r — '|)dapd(w — w’). (7.5.6)

Die raumliche Korrelation der Quellenstrome wird also direkt durch die Funktion
f(Jr — r’|) ausgedriickt, was die Namensgebung “Korrelationsfunktion” rechtfertigt.
Auflerdem ist die Lingenskala, auf der die Quellenstrome korreliert sind, damit per
Konstruktion durch die Korrelationslange L festgelegt. Wie bereits erwéahnt, sollte
L fiir Dielektrika in der Gréfenordnung atomarer Absténde liegen und fiir Metalle
durch die mittlere freie Weglidnge gegeben sein.

Mithilfe der eingefiihrten Korrelationsfunktion kénnte man wieder im Modell der
Spiegelreflexion die entsprechenden Oberflichenimpedanzen aus Gl. (6.5.7) bzw. Gl.
(6.5.13) bestimmen, wobei aufgrund der gemachten Annahmen €,, und ¢,; iiberein-
stimmen, da im Prinzip mit dem Ansatz in Gl. (7.5.4) der Spezialfall f; = f, = f
gewihlt wurde. Um die Ausdriicke fiir die Oberflichenimpedanzen bzw. Reflexions-
koeffizienten erheblich zu vereinfachen, soll eine weitere Annahme bzgl. der Korrela-
tionsfunktion gemacht werden. Diese Annahme besteht darin, dass die Korrelationen
senkrecht zur Oberfliche des Mediums stets als deltaférmig angesehen werden sol-
len, wohingegen die Korrelationen parallel zur Oberfliche auf der Léngenskala L
wirksam sind, es gelte also

f(e=x') = fi(lx = x])é(z — &) (7.5.7)

mit dem lateralen Vektor x = (x,y, 0)". Diese Annahme scheint im Bereich der Ober-
fliche eines Materials eine gewisse Berechtigung zu haben, wird an dieser Stelle aber
eingefithrt, um ohne grofle Rechnungen zu sehen, welchen Effekt die endliche Kor-
relation auf den Nahfeldwéirmetransport hat. Aufgrund dieser Annahme héngt die
Permittivitdt im Fourier-Raum nicht von k, bzw. h; ab, sodass man fiir die Ober-
flichenimpedanzen wieder die lokalen Ausdriicke mit y;(w)f(\) statt x(w) erhélt,
wobei f(\) die Fourier-Transformierte der Korrelationsfunktion f(|r — r’|) darstellt.
Deshalb bekommt man dank dieser Annahme ohne weitere Rechnung wieder die
Fresnelschen Reflexionskoeffizienten, wobei allerdings stets x1(w) durch x;(w)f(\)
zu ersetzen ist, d.h.

~ hoxa (W) f(A) + ho — hior
hoxi(w) f(A) + ho + Piorn

mit hkor,l = \/k(Q)Xl(w)f(/\) + k(Q) - )\2'

h’O - hkor,l

—_ 7.5.8
hO + hkor,l ( )

und  Ter, 1 =
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Benutzt man wieder die Ndherungen fiir den Imaginérteil der Reflexionskoeffizi-
enten im stark evaneszenten Nahfeld mit A > kg, so erhélt man

2¢" (w) f(A) (W) f WK

und  Im(rge 1) =~ e

(7.5.9)

o) ™ 1 ) P + 2P
Die Ausdriicke sind also zunéchst einmal proportional zur Fourier-Transformierten
f(A) der Korrelationsfunktion f(r —r’). Ist die Korrelationsldnge verschwindend
klein, hat man f(r —r’) = §(r — r’), sodass man in diesem Fall f()\) = 1 bekommt,
und somit wieder die lokalen Ausdriicke. Fiir endliche L ist nun die Korrelationsfunk-
tion f(r —r’) auf Absténden |r — r’/| < L von Null verschieden, sodass auch f(\) im
Fourier-Raum bzgl. der lateralen Wellenzahl A < L~! beschrinkt ist. Daher kénnen
bei Beriicksichtung einer Korrelation der Quellenstrome im Wesentlichen nur late-
rale Wellenzahlen beitragen, die kleiner als die inverse Korrelationslédnge sind. Das
hat fiir die Energiedichte oberhalb eines Halbraumes bzw. fiir den Nahfeldwérme-
transport die Konsequenz, dass die A-Integrale fiir Abstinde z < L bzw. a < L
keine neuen Beitréage liefern, sodass die Energiedichte bzw. der Nahfeldwéarmetrans-
port fiir solche Absténde abstandsunabhéingig werden. Die rdumliche Korrelation der
Quellenstrome fiihrt also eine Art ,,Cutoff* fiir die A-Integrale ein, der bei A ~ L~}
liegt.

Man beachte jedoch, dass man fiir Metalle fiir die TM-Moden eine Resonanz
im Imaginérteil des Reflexionskoeffizienten eingefiihrt hat. Denn fiir Metalle ist der
Realteil der Permittivitdt im Drude-Modell negativ, sodass man fiir jedes w eine
laterale Wellenzahl X finden kann, sodass der Nenner fiir |¢/;(w)| < 1 beliebig klein
werden kann, d.h. es gilt

Ix1(w)f(A) +2| = 0. (7.5.10)

Fiir das Plasma-Modell, in dem der Imaginérteil der Permittivitdt nicht beriick-
sichtigt wird, erhielte man sogar einen Pol, sodass der TM-Moden-Anteil in diesem
Modell auf Werte fiir die Nahfeldenergiedichte bzw. den Nahfeldwérmetransport
fithrt, die weit grofler sind als die Werte, die man im lokalen Modell erzielt. Diese
Resonanz bzw. dieser Pol ist aber unphysikalisch und eine Folge der starken Ver-
einfachungen, die in dem Ansatz gemacht wurden. Da dieses Problem aber nur fiir
die TM-Moden bei Metallen auftritt, die ja fiir gute Metalle einen unwesentlichen
Beitrag zur Nahfeldenergiedichte bzw. zum Nahfeldwéarmestrom liefern, soll im Wei-
teren der Reflexionskoeffizient fiir die TM-Moden derart abgeédndert werden, dass
die Ersetzung x1(w) — x1(w)f(A) nur fiir den Zahler durchgefiihrt wird, sodass man
im stark evaneszenten Nahfeld die Ausdriicke

261 (w) f(A) e (w) f(N)RS

Im(7kor,|) = und  Im(rger, 1) = e (7.5.11)

- |er1(w) + 1|2

bekommt. Die endliche rdumliche Korrelation der Quellenstrome fithrt daher im
stark evaneszenten Nahfeld auf

Im(rie) = Im(r) £ (\) (7.5.12)

fiir die TE- und die TM-Moden.
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Betrachtet man nun die Polder-van Hove-Formel in Gl. (5.2.15), so sicht man,
dass stets Produkte Im(r!%)Im(r?°) auftauchen, da die Energiedichte beider be-
teiligter Halbrdume (mit den Permittivitdten €;(w) bzw. €2(w)) zum Wérmestrom
beitrdgt. Bei endlicher Korrelation der Quellenstrome hatte man daher unter dem
A-Integral stets das Produkt fi(A, Ly)fa(A, Ly) der Korrelationsfunktionen fiir die
beiden Medien mit den entsprechenden Halbrdumen. Entsprechend miissen in ei-
ner Sensor-Probe-Geometrie auch die Korrelationen innerhalb des Sensors und der
Probe beriicksichtigt werden, sodass auch hier das Produkt fi(X, L1)f2()\, Lo) hin-
zugefiigt werden muss. Fiir das phdnomenologische Sensormodell in Gl. (7.4.8) bzw.
(7.4.9) erhélt man daher bei Hinzunahme der heuristisch eingefithrten Korrelation

<P§gs> ~ o,eff /dw [E(W7Ts) — E(W,Tp)] DH(W, CI,)

(7.5.13)
+ Qg ot /dw [E(w,TS) — E(w,Tp)}DE(w,a)
mit
ev w 0 Ae P 01 o1y 22 — k3
Dy (w,a) = oY) . d\ > fi(A, Ly) fa(A, Lo) | Tm(ry") + Im(r} )Tg
(7.5.14)
und
ev W >\ Ae 20 01 01 2)\% — k(%
Dy'(w,a) = == [ dA fi(A, Ly) fa(A, Lo) [ Im(r') + Im(r ) —5—| -
2mc? Jy, kj
(7.5.15)

Um nun dieses Modell mit den experimentellen Daten vergleichen zu konnen,
soll fiir den Sensor und die Probe die gleiche Korrelationsfunktion gewéhlt werden,
d.h. man nimmt f; = fo = f an, wobei hier die Wahl auf die Korrelationsfunktion

1 ex)?
fil(lx =x']) = 1 2° 1L? (7.5.16)

fallt. Man hat daher eine Korrelation der Quellenstrome auf einer Skala, die mit
der Korrelationslange iibereinstimmt, wobei die Korrelationsfunktion in dieser Form
auch der Idee einer , aufgeweichten“ Delta-Distribution entspricht und fiir L — 0
gegen 0(x — x’) konvergiert. Im Fourier-Raum bekommt man damit fiir die Korre-
lationsfunktion den Ausdruck

FON) = e NP (7.5.17)

Setzt man nun die Korrelationsfunktion aus Gl. (7.5.17) in die Gleichung (7.5.13)
fiir das Sensormodell ein, kann man den Wéarmestrom zwischen einer Goldkugel
bei Ts = 300 K und einem GaN-Halbraum bei Tp = 100 K numerisch bestimmen.
Fittet man die theoretische Kurve an die experimentellen Daten, erhélt man die
Korrelationslangen

Li = Lprobe = 0,1nm  und Lo = Lgensor = 12nm. (7.5.18)

Die numerischen Ergebnisse fiir diese Korrelationsldngen sind zusammen mit den
experimentellen Daten in Abb. 7.7 dargestellt. In dieser Abbildung wurde fiir die
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Permittivitit der GaN-Probe die Reststrahlenformel mit dem Anteil der freien La-
dungstriager aus Gl. (7.2.5) verwendet, wobei zum einen die Materialparameter fiir
T =100 K und zum anderen die Materialparameter fiir 7' = 300 K benutzt wurden.
Im ersten Fall wurde wieder

aper = 1,4-107%m% " und  pger =510 m?s™! (7.5.19)
gewahlt und im zweiten Fall
et = foer =5 - 107 m’s ™" (7.5.20)

Zusétzlich findet man den entsprechenden Plot der Werte fiir eine GaN-Probe, de-
ren Permittivitéit lediglich durch die Reststrahlenformel gegeben ist, wobei wieder
die Parameter aus Gl. (7.5.20) verwendet wurden. Zum Vergleich mit den vorhe-
rigen Abbildungen sind auch die Werte geplottet, die sich mit dem Dipolmodell
ergeben. In der Abb. 7.7 kann man fir alle Modelle (bis auf das einfache Dipol-
modell) eine relativ gute Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten iiber den
gesamten Abstandsbereich erkennen. Es sieht daher so aus, als ob das phdnomeno-
logische Sensormodell aus Gl. (7.5.13) mit der Korrelationsfunktion aus Gl. (7.5.17)
die Messdaten qualitativ und quantitativ gut beschreiben kann. Auflerdem sind die
Korrelationsléngen von der Gréflenordnung, in der man sie auch erwarten wiirde,
denn Lp.ope liegt in der Groflenordnung atomarer Abstande und Lgensor liegt in der
GroBenordnung der mittleren freien Weglénge, die fiir Gold bei Zimmertemperatur
ca. 42nm betrigt.

Fiir die Goldprobe findet man in Abb. 7.8 einen Plot der numerischen Werte fiir
das Sensormodell mit

L1 = LProbe = L2 = LSensor =12nm (7521)

und den Parametern
Qpeff = foer = 5 - 107 m’s™h, (7.5.22)

Auch hier findet man eine relativ gute qualitative und quantitative Ubereinstimmung
der Sensormodellwerte mit den experimentellen Ergebnissen iiber den gesamten Ab-
standsbereich. Zum Vergleich sind die Werte fiir das Sensormodell ohne Korrelati-
on bzw. mit der Korrelationslange L = 0 abgebildet. Man beachte aber, dass die
Korrelationslange fiir die Probe Lpyone im Prinzip etwas grofier sein miisste als die
Korrelationslédnge des Sensors, da die mittlere freie Weglénge in Gold fiir 7' = 100 K
grofer als bei Raumtemperatur ist.

Da das phédnomenologische Sensormodell in Gl. (7.5.13) die experimentellen Da-
ten fiir beide Proben gut beschreiben kann, kann man hoffen, dass dieses Modell
auch fiir die Daten zukiinftiger Messungen eine gute Beschreibung liefert. Man be-
achte, dass man bei Vernachléssigung des Leitfahigkeitsterms fiir die GaN-Probe die
gleichen Parameterwerte o er = floef Wahlen kann wie fiir die Au-Probe, sodass in
diesem Fall der Warmestrom direkt proportional zur Nahfeldenergiedichte oberhalb
der Probe ist, wobei man in der Bose-Einstein-Funktion die Temperatur des Sensors
einzusetzen hat. Allerdings sollte man beriicksichtigen, dass das hier vorgestellte
Sensormodell nur eine phdnomenologische Beschreibung liefert, die das Saturieren
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100K ——

Reststrahlen -
Dipolmodell
Daten O |

log(a/m)

Abbildung 7.7: Strahlungswarmetransport zwischen einer Gold-
kugel bei Ts = 300 K und einem GaN-Halbraum (Reststrahlen-
formel + Drude) bei Tp = 100 K mit den Materialparametern
bei 100 K und 300 K. Zusétzlich sind die Werte fiir einen GaN-
Halbraum (Reststrahlenformel) mit den Materialparametern
bei 100 K und das Dipolmodell entsprechend Abb. 7.4 aufgetra-
gen. Fiir die Korrelationsldngen wurden L = Lpyope = 0, 1 nm
und Ly = Lgensor = 12nm gewéhlt. Aulerdem sind die experi-
mentellen Daten fiir die GaN-Probe aus [88] eingetragen.

des Wiarmestroms mithilfe eines heuristisch motivierten ,, Cutoffs“ im A-Integral her-
stellt. Dementsprechend sollte die Aussagekraft dieses Modells nicht iiberbewertet
werden. Vielmehr ist es notwendig, ein theoretisch gut fundiertes Modell fiir den
Wiérmestrom in der Sensor-Probe-Geometrie zu erarbeiten, das die Geometrie und
die rdumliche Dispersion ausreichend beriicksichtigt.

7.6 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurde gezeigt, dass die experimentellen Daten [88] fiir den Wérme-
strom in einem Rasterwarmemikroskop nicht mithilfe des Polder-van Hove-Ergeb-
nisses beschreibbar sind, wobei zwar die Messwerte fiir die Goldprobe qualitativ
recht gut beschrieben werden, die entsprechenden Werte fiir die GaN-Probe dage-
gen iiberhaupt nicht beschrieben werden kénnen. Trotzdem ist die Aussage, dass das
Polder-van Hove-Modell die Messwerte iiberhaupt nicht wiedergeben kann, nur mit
Einschrénkungen richtig, da es noch Unsicherheiten bzgl. der Materialparameter der
verwendeten Materialien gibt, die die Werte fiir den Nahfeldwéarmetransport stark
beeinflussen.

Da die Sensor-Probe-Geometrie in dem experimentellen Aufbau des Rasterwér-
memikroskopes dennoch stark von der Geometrie zweier sich gegeniiberstehender
Halbrdume abweicht, liegt die Vermutung nahe, dass gerade diese verénderte Geo-
metrie die Ursache fiir die Abweichung der theoretischen Ergebnisse von den experi-
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log(a/m)

Abbildung 7.8: Strahlungswirmetransport zwischen einer Gold-
kugel bei Ts = 300 K und einem Au-Halbraum bei Tp = 100 K
mit den Materialparametern bei 100 K, wobei die Korrela-
tionsléingen LProbe = LSensor = Onm bzw. LProbe = LSensor =
12 nm gewéhlt wurden. Aulerdem sind die experimentellen Da-
ten fiir die Au-Probe aus [88] eingetragen.

mentellen Daten ist. Daher wurden die experimentellen Daten mit dem Dipolmodell
verglichen. Es hat sich gezeigt, dass nur der Wérmestrom fiir die GaN-Probe fiir
grofle Abstdnde halbwegs gut beschrieben wird, wohingegen der Wérmestrom fiir
die Goldprobe um einige Gréflenordnungen unter dem Wérmestrom der GaN-Probe
und den experimentellen Werten liegt. Diese starke Abweichung kann darauf zuriick-
gefiihrt werden, dass das Dipolmodell nur den elektrischen Anteil der Energiedichte
beriicksichtigt, der Warmestrom zwischen zwei Metallen aber gerade durch den ma-
gnetischen Anteil bzw. durch die TE-Moden dominiert ist. Das zweite Problem ist die
Tatsache, dass der experimentell gemessene Warmestrom fiir sehr kleine Absténde
gegen einen konstanten Wert konvergiert bzw. saturiert, wohingegen das Dipolmodell
ein klares a—3-Potenzgesetz fiir den Wirmestrom liefert.

Um diese beiden Probleme zu l6sen, wurde zunéchst ein phdnomenologisches
Sensormodell aufgestellt. Bei diesem wird ein effektives magnetisches Dipolmoment
eingefiihrt, das es erlaubt, das Dipolmodell durch einen weiteren Beitrag zu ergénzen,
der die TE-Moden bzw. die magnetische Energiedichte beriicksichtigt. Dieses Modell
ist in der Lage, die experimentellen Daten fiir beide Proben fiir grofle Abstdnde zu
beschreiben. Um nun noch das Saturieren des Warmestromes zu berticksichtigen,
miisste man ein genuin nichtlokales Modell fiir die gegebene Geometrie aufstellen,
was sehr kompliziert, wenn nicht gar unmdéglich ist. Daher wurde eine heuristische
Korrelationslange L eingefiihrt, die die rdumliche Korrelation der fluktuierenden
Quellen beschreibt und auf einen , Cutoff* im A-Integral des Sensormodells fiihrt.
Das so abgednderte Sensormodell ist in der Lage, fiir realistische Korrelationslangen
L die experimentellen Daten fiir beide Proben im gesamten Abstandsbereich relativ
gut zu beschreiben.

Trotzdem bedarf es einerseits weiterer Experimente mit gut charakterisierten
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Proben und Sensoren, die die verschiedenen Modelle entweder bestétigen oder fal-
sifizieren konnen. Andererseits ist es notwendig, ein theoretisch besser fundiertes
Sensormodell aufzustellen, das auch die rdumliche Dispersion ausreichend beriick-
sichtigt. Der Wert des hier vorgestellten Sensormodells liegt gerade darin, dass es
aufzeigt, dass erstens der magnetische und elektrische Anteil zum Wéarmestrom zwi-
schen dem Sensor und der Probe beitragen. Zweitens weist die heuristisch motivierte
Korrelationsldange und Korrelationsfunktion darauf hin, dass nichtlokale Effekte zu
beriicksichtigen sind, die letztlich zu einem Saturieren des Warmestromes beitragen.
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Casimir-Krafte im thermischen
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In den letzten Jahren wurden die experimentellen Apparaturen zur Messung des
Casimir-Effektes [108] enorm verbessert [109, 110, 111], sodass es sogar moglich
scheint, die thermische Korrektur zur Casimir-Kraft zwischen Metallen experimen-
tell zu tiberpriifen [112, 113]. Diese thermische Korrektur wurde bereits von Lif-
shitz [114] fir beliebige Dielektrika angegeben und von Mehra [115] und Brown und
Maclay [116] fiir ideale Metalle bestimmt. Schwinger, DeRaad und Milton [117] leite-
ten das Lifshitz-Ergebnis im Jahr 1978 erneut ab und bestétigten die entsprechenden
thermischen Korrekturen fiir Dielektrika und ideale Metalle.

Angelehnt an die neuen experimentellen Ergebnisse gibt es seit einigen Jahren
eine rege Diskussion iiber den thermischen Beitrag zur Casimir-Kraft, wobei in der
Literatur verschiedene Ansétze mit verschiedenen Temperaturkorrekturen gemacht
wurden. So benutzten Bostrém und Sernelius [118] die Lifshitz-Formel in Kombina-
tion mit dem Drude-Modell und stellten fest, dass der n = 0-Term fiir die TE-Moden
keinen Beitrag zur Casimir-Kraft liefert. Innerhalb dieses Ansatzes gibt es einerseits
keinen stetigen Ubergang zum idealen Metall [101, 119, 120, 121, 122] und anderer-
seits stehen die vorhergesagten Temperaturkorrekturen scheinbar mit dem Experi-
ment von Lamoreaux [111] im Widerspruch. Daher wurden weitere Ansétze gesucht,
um diese beiden ,,Makel“ zu beseitigen. Die Gruppe um Bordag et al. [123] benutzte
die Lifshitz-Formel in Kombination mit dem Plasma-Modell. Sie fand heraus, dass
innerhalb dieses Modells der n = 0-Term fiir die TE-Moden zur thermischen Kor-
rektur einen Beitrag liefert, der selbst relativ gut mit der thermischen Korrektur
fiir das ideale Metall iibereinstimmt. Als dritte Gruppe etablierten Svetovoy und
Lokhanin [124, 125] einen Ansatz, der fir den n = 0-Term der TE- und TM-Moden
die sogenannte SDM-Behandlung (Schwinger-DeRaad-Milton) vorsieht, bei der zu-
erst der Grenzfall ¢ — oo durchgefithrt und dann w = 0 gesetzt wird. Innerhalb
dieses Ansatzes ist sichergestellt, dass es einen stetigen Ubergang zwischen realem
und idealem Metall gibt.

Um zu entscheiden, welcher dieser Ansétze nun physikalisch sinnvoll ist, wurde
der Nernstsche Satz zu Rate gezogen, d.h. es wurde gepriift, ob die jeweiligen Ansétze
auf eine Entropie fithren, die fiir T — 0 gegen Null geht. Es wurde gezeigt [85], dass
das Drude-Modell in Kombination mit der Lifshitz-Formel auf eine Verletzung des
Nernstschen Theorems fiihrt, sobald die inverse Relaxationszeit gegen den Grenzwert
w,(T) — 0 fiir T — 0 geht, wohingegen das Nernstsche Theorem auch im Drude-
Modell gilt, sofern w, # 0 fir alle T [101, 119]. Dieses prinzipielle Problem sollte
mithilfe der Leontovich-Randbedingungen [126] gelost werden [84, 86, 98]. Dieser
Ansatz ist aber eine sehr vereinfachende Beschreibung, die die rdumliche Dispersi-
on nicht beriicksichtigt und eine korrekte Beschreibung nur fiir die propagierenden
Moden fiir sehr gute Leiter liefert. Trotz dieser Defizite kann die durch diesen An-
satz gegebene thermische Korrektur die Daten neuerer Messungen [112, 113, 127]
dem Anschein nach gut beschreiben. Allerdings wurde die Vermutung geduflert, dass
die durchgefithrten Experimente noch nicht genau genug sein konnten, um wirklich
Schliisse tiber die thermische Korrektur treffen [128] zu kénnen. Eine Berticksichti-
gung der rdumlichen Dispersion [129, 130] hingegen fithrt auf ein génzlich anderes
Ergebnis, wobei das Nernstsche Theorem zwar erfiillt ist, aber eine formal negative
Entropie auftritt [120].

Neben der Diskussion iiber das Nernstsche Theorem gab es zusétzlich eine Kon-
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troverse dariiber, ob der n = 0-Term in der Lifshitz-Formel fiir die TE-Moden einen
Beitrag zur thermischen Korrektur bei realen Metallen liefert oder nicht [101, 119,
120, 121, 122]. Dabei liefert das Plasma-Modell stets einen n = 0-Term ungleich Null
fiir die TE-Moden, da der entsprechende Reflexionskoeffizient fiir unendlich grofle
Plasmafrequenzen w, — oo gegen Eins geht, wohingegen fiir das Drude-Modell der
n = 0-Term fiir die TE-Moden fiir alle w, # 0 stets Null ist [124, 125]. Daher kann
es keinen stetigen Ubergang vom Drude- zum Plasma-Modell geben, indem man die
Grenzfille w; — 0 und w, — oo ausfiihrt. Solch ein stetiger Ubergang wire nur
moglich, wenn man a priori fiir den n = 0-Term fiir die TE-Moden einen Refle-
xionskoeflizienten von Eins verwenden wiirde [131]. Ein wenig Licht in das Dunkel
brachte schliefilich die Arbeit von Svetovoy und Esquivel [132], in der gezeigt wurde,
dass die Unstetigkeit beim Ubergang vom Drude-Metall zum idealen Metall direkt
mit den evaneszenten TE-Moden verkniipft ist.

Das Ziel dieses letzten Teils meiner Dissertation ist es daher, den Ubergang
von einem Drude-Material zum idealen Metall genauer zu untersuchen, wobei die
Methode der Wick-Rotation angewendet wird, um die Beitrdge der propagierenden
und evaneszenten Moden mit den entsprechenden Summanden der Lifshitz-Formel
zu identifizieren. Besonderes Augenmerk wird dabei auf den klassischen Beitrag bzw.
den n = 0-Term der Lifshitz-Formel gelegt. Diese Untersuchung habe ich in enger
Zusammenarbeit mit Oliver Huth durchgefiihrt, der diese Problematik detailliert in
seiner Diplomarbeit studiert. Daher sollte der an dieser Problematik interessierte
Leser auch die Diplomarbeit von Oliver Huth [4] zu Rate zichen.
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Kapitel 8

Die Lifshitz-Formel

In diesem Kapitel werden die Kréfte zwischen zwei dielektrischen Halbridumen im
Rahmen der fluktuierenden Elektrodynamik bestimmt. Dazu wird im ersten Ab-
schnitt dhnlich wie bei der Ableitung des Poynting-Vektors, d.h. der Polder-van
Hove-Formel, der Spannungstensor berechnet. Es wird gezeigt, dass man fiir den
Fall, dass die Temperaturen beider Halbrdume gleich sind und damit eine globale
Gleichgewichtssituation vorliegt, die bertihmte Lifshitz-Formel [114] fiir die Casimir-
und van der Waals-Kréfte erhélt. Die Ableitung der entsprechenden Formel fiir die
Krifte in einer Nicht-Gleichgewichtssituation ist mithilfe der gegebenen Relationen
ebenso moglich. Der richtige Ausdruck fiir diesen Fall wurde erst 1998 von Doro-
feyev [133] abgeleitet und wird hier nicht explizit angegeben, da im Weiteren nur
der Fall des globalen Gleichgewichts betrachtet wird. Neben der Integralformel fiir
die Casimir- und van der Waals-Krifte wird ebenso die Summenformel — die so-
genannte Lifshitz-Formel — angegeben, die man mithilfe der Wick-Rotation bzgl.
der Wellenzahl und der Frequenz aus der Integralformel ableiten kann [114]. Da
solche Wick-Rotationen im zweiten Abschnitt im Detail studiert werden, wird die
allgemeine Ableitung der Lifshitz-Formel an dieser Stelle weggelassen.

Im zweiten Abschnitt dieses Kapitels wird schlieBlich das ideale Metall betrachtet
und es wird gezeigt, dass sowohl der Integralausdruck als auch die Lifshitz-Formel
auf die gleichen Grenzwerte im Hoch- und Tieftemperaturlimes [114, 115, 116, 117]
fithren, also in jeglicher Hinsicht &quivalent sind. Dabei wird anhand der Rech-
nungen klar, dass die analytische und numerische Auswertung der Integralformel
im Allgemeinen schwierig ist, da der Integrand im Frequenzbereich stark oszilliert.
Die Auswertung der Summenformel hingegen ist einfacher. Allerdings hat sie den
Nachteil, dass man die Beitrdge der propagierenden und der evaneszenten Moden
nicht mehr identifizieren kann.

8.1 Ableitung der Lifshitz-Formel

In diesem Abschnitt soll die Kraft bestimmt werden, die zwischen zwei dielektri-
schen Halbraumen wirkt, die selbst wieder durch einen Vakuumspalt im Abstand
a voneinander getrennt sind. Dabei wird zunéchst davon ausgegangen, dass beide
Halbrdume verschiedene Temperaturen haben, wobei wie zuvor ein lokales thermo-
dynamisches Gleichgewicht innerhalb der jeweiligen Halbrdume angenommen wird.
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Man steht daher vor einem #&hnlichen Problem wie bei der Bestimmung des Strah-
lungswérmetransportes — der Polder-van Hove-Formel — innerhalb der gleichen
geometrischen Anordnung, nur dass diesmal nicht der Poynting-Vektor, sondern der
Spannungstensor die gesuchte physikalische Grofle ist.

Man nimmt also wieder an, dass der Halbraum bei z < 0 mit der Permitti-
vitdt €; eine Temperatur T hat, sodass die fluktuierenden Quellen innerhalb dieses
Halbraumes ein fluktuierendes elektromagnetisches Feld erzeugen, das bis in den ge-
geniiberliegenden Halbraum bei z > a mit der Permittivitét e3 und der Temperatur
Ts dringen kann. Die Kraft pro Flache bzw. der Druck, der durch diese Felder auf
den Halbraum bei z > a verursacht wird, ist durch den Spannungstensor an der
Oberfliche dieses Halbraumes bei z = a gegeben. Da der Normaleneinheitsvektor
auf dieser Oberflache in negativer z-Richtung orientiert und die gesuchte Kraftkom-
ponente die z-Komponente ist, ist der Druck in Zylinderkoordinaten durch

P8 = (T..(2=a))

€o o (8.1.1)
= ~SO((B2) — () — (D) ~ B () — (1) — (H2)
gegeben. Wobei hier die Felder einzusetzen sind, die durch die Quellenstréome im
Halbraum 1 erzeugt werden, d.h. es miissen letztendlich die Korrelationsfunktionen

des elektrischen Feldes
(ELEs) — /0 " Bo(w, Tl)“;(“’) (12?) /d?w (G GE ) fee  (8.1.2)
und des magnetischen Feldes ’
(H Hp) = /Ooodw Eo(w,Tl)w‘E:r(w) (p2w?) /d?’r’ (GflelT) + c.c. (8.1.3)
af

innerhalb des Vakuumspaltes, d.h. es gilt €5 = €y, bestimmt werden. Man beachte,
dass aufgrund dieser Definition ein negativer Druck die Halbraume zusammenpresst,
also attraktiv ist, wohingegen ein positiver Druck die Halbrdume auseinanderdriickt
und damit repulsiv ist. Die Greenschen Funktionen fiir den Bereich 0 < z < a sind in
der gegeben Geometrie bereits bestimmt und in den Gln. (5.2.4) angegeben worden.
Sie haben die Gestalt

, i [ = (2-9,
GE(r,x) = E/o P %{(TTEMW(@)
n=0

1

+ RTEMim(—l@)) @ M/, \(—h1)+ ||}, (8.1.4)
chier) = 2 [Cay Z Tl (e )
+ RTEN:I:n)\(_h2)> ® My, 5\ (—hi)+ ||} (8.1.5)

Die Transmissionskoeffizienten wurden fiir die gegebene Geometrie ebenfalls bereits
bestimmt und haben fiir die TE-Moden die Form (vgl. Gl. (5.2.5))

2t21
TTE = N—J‘ und RTE = TigeQIhQaTTE, (816)
€
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wobei

h
t3 = hnghl’ und Ny =1 — rBp2letihe (8.1.7)

gelten. Fiir die TM-Moden gelten dhnliche Beziehungen.

8.1.1 Die Korrelationsfunktion des elektrischen Feldes

Um nun zunéchst die elektrische Korrelationsfunktion in Gl. (8.1.2) zu bestimmen,
wird das Integral iiber das Quellenvolumen bestimmt und es ergibt sich mit den
Orthogonalitétsrelationen in Gl. (1.4.12) der Ausdruck

3 1 ~EnET 1+5n0)
/z/<0d r GG = (47T )22 /d)\ Z ‘h1|2h"
| Tre|*M(hy) ®M(h2) + |Rrp|*M(=hy) @ M(—h,) (8.1.8)

+ 2Re [ TreRreM(hs) @ M(—hs)] }+ -

Hierbei wurden die Indizes an den Vektorwellenfunktionen der Ubersichtlichkeit we-
gen weggelassen. Die Abkiirzung || symbolisiert wieder die entsprechenden Terme
fiir die TM-Moden.

Aufgrund der Translationssymmetrie senkrecht zur z-Achse kann der Spannungs-
tensor nicht von der Wahl des Beobachtungspunktes innerhalb solch einer Ebene
abhdngen. Wiahlt man daher wieder r = 0, so kann man die gegebenen Ausdriicke
sehr stark vereinfachen, da man

[M(hs) @ M(hs)], = [M(hs) @ M(hs)] = A25 o2z (8.1.9)

und
[M(hs) ® M(hy)]_, =0 (8.1.10)

erhilt. Ahnliche Relationen bekommt man fiir die entsprechenden Ausdriicke mit
+hs im Argument. Daher gelten zunéchst die Beziehungen

(B2 =(E2) wund (E2) =0, (8.1.11)

sodass man fiir die Bestimmung des elektrischen Anteils des Spannungstensors aus
Gl. (8.1.1) nur (E?) berechnen muss. SchlieBlich gilt fiir diesen mit G1. (8.1.11)

(TE) = -F((B2) = (B2) — (E2)) = eol ). (8.1.12)

Es geniigt daher vollkommen, die rr-Komponente der Korrelationsfunktion zu ken-
nen, um den elektrischen Anteil des Spannungstensors angeben zu konnen. Man
bekommt bei r = 0 fiir das Integral iiber das Quellenvolumen

T ]_ )\ —oR! 1",

(8.1.13)
+ 2Re [TTEETEGQih/QZ} }+ || .
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Mit der Relation
hiRhY
kg

€] = 2¢g (8.1.14)

kann man somit den elektrischen Anteil des Spannungstensors mithilfe von GI.
(8.1.2) und GlL. (8.1.13) sofort bestimmen und es ergibt sich

(e = o) = [aw 2T fargind

2
k2 " oy K2 —
(\T pl?e 2% + | Ryp|?e?"2" )+—£Re[TTERTEe21h2“}}+ .

(8.1.15)

8.1.2 Die Korrelationsfunktion des magnetischen Feldes

Die Berechnung des magnetischen Anteils wird nun auf die gleiche Weise durch-
gefiihrt. Bestimmt man zuerst das Integral iiber das Quellenvolumen, so erhélt man
diesmal mit den Gln. (1.4.12)

kof* m 1+ 6np0)
d3 IGHGHT_ ‘ 2 /d)\ n,
/z/<0 PR T G, 2 Z |h1\2h">\
® N

| Tre[*N(hs) ® N(h2) + | Rrg|*N(—h

(—hy) (8.1.16)
+ 2Re[TreRreN(he) @ N(—hy)] }+ |-
Aufgrund der Translationssymmetrie kann nun wieder der spezielle Beobach-

tungspunkt » = 0 gewéahlt werden, sodass man fiir die entsprechenden Komponenten
der Vektorwellenfunktionen Ausdriicke der Art

~T o ~T o ‘h2‘2 >\2 —2h! 2
[N(h2) ®N(ho)], = [N(ho) ®N(ho)] = Tl 100 2 (8.1.17)
und
P )\4 "
[N(hg) @ N(hs)] . = Wéno 2y (8.1.18)
2
erhélt. Fiir die Korrelationsfunktionen des magnetischen Feldes gilt daher
(H?) = (H2), (8.1.19)
sodass man den magnetischen Anteil des Spannungstensors durch
v 1
(128 =~ (2 — ()~ () = o (502 - (D) 120

angeben kann. Diesmal muss man also die rr- und die zz-Komponente der Korre-
lationsfunktion des magnetischen Feldes kennen, um den magnetischen Anteil des
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Spannungstensors angeben zu konnen. Daher betrachtet man die entsprechenden
Integrale iiber das Quellenvolumen bei » = 0 und erhélt

1 Alha|? , ,
d3 ' GHGHT = — /d)\ T 2 ,—2h5z R 2 2hfz
/z’<0 ' < A o 32mwind |hy|2hY Trs|"e + |Rrel e

— 2Re [TTEFTEezihéz} }—i— I
(8.1.21)
und
L/ &W<G§Gij ::——L——/HA—éi—{Hhﬁ%4%2+uﬁﬂ%%?
2/<0 = 16Ty [l [2RY
+ 2Re[Trp Rrpe®™?) }+ [
(8.1.22)

Somit kann man den magnetischen Anteil des Spannungstensors an der Stelle z = a
auswerten und bekommt

1 = E CU,T h/)\ >\2_ h 2 _oplt

<T£(2’:a)>:—F ; dw%/d)\‘hllp{ 8| 2| (|TTE|2€ 2hfa

A bl
4

(8.1.23)

+ |RTE‘2€2hga) + Re [TTEETEemtha] }+ || .

8.1.3 Die Lifshitz-Formel

Man kann nun die Kraft pro Flache auf den Halbraum bei z > a bestimmen, in-
dem man in GL (8.1.1) die beiden Ergebnisse fiir den elektrischen Anteil und den
magnetischen Anteil aus den Gln. (8.1.15) und (8.1.23) einsetzt. Es ergibt sich dann

1 o E (w Tl) h/)\ ]{32 — )\2 + |h2‘2 _op!
P13 - d 0 ) /d)\ 1 0 T 2 ,—2h5a
T Jo < w |2y ]? 8 <| rele

k2 — A2 — |hy?
+ 4

(8.1.24)

-+ |RTE‘2€2h/2/a) Re [TTEETEemhéa] + || }

Setzt man nun noch die Reflexions- und Transmissionskoeffizienten aus Gl. (8.1.6)
ein, erhilt man

pis_ L [T Eolw,Th) /d)\ hiA {’fg — N+ || (e 2

72 J, w |hy + hol?| N |? 2
2312 k(Q) _ )\2 - ‘h2|2 23 2hnY (8125)
+ || ) + 5 Re(r{’)e” 2“}+ Il -

Man beachte nun, dass es sich wieder in natiirlicher Weise anbietet, die propa-
gierenden und evaneszenten Terme zu trennen, denn es gelten

2(k2 — \2), A<k

(8.1.26)
0, A > kg

k2 — A2+ |hol? = {
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und
A<k
EBEPCHNTACIN B = (8.1.27)
Q(k:g — )\2), A > ko
Wendet man noch zuséatzlich die bereits mehrfach verwendete Relation
1— |T21 2 )\ k
hll _ 4\/k2 A2’ < 0 (8 1 28)
|h1 + ha|? Im(ril) ., A> ko o
24/ A2—k2
an, bekommt man schlief§lich
1 [~ E A kE — )\2
po— L (e BT f P AWEZR Gy
2 w 4N |?
0 AJF_FO (8.1.29)
= [ AR (e e
ko 2|Ny|?

Anhand dieser Formel kann man leicht sehen, dass P'? nicht symmetrisch bei Ver-
tauschung der Indizes ist, sodass die Kraft P3! auf den ersten Halbraum bei z < 0
durch die fluktuierenden Felder, die im zweiten Halbraum bei z > a erzeugt werden,
nicht exakt mit P? iibereinstimmt. Dennoch kann man aufgrund der Symmetrie im
betrachteten System diese Kraft P3! durch Vertauschen der Indizes in P'? erhalten,
wobei diesmal das Vorzeichen nicht umgedreht werden muss. Das liegt daran, dass
die Krifte P und P3!, die die beiden Halbraume beispielsweise zusammendriicken,
zwar ein umgekehrtes Vorzeichen haben, weil P? den zweiten Halbraum in diesem
Fall nach ,links® und P3! den ersten Halbraum nach ,rechts“ zieht, aber trotzdem
beide Kréfte additiv gewertet werden. Im Gegensatz zum Nahfeldwérmetransport
werden hier daher nicht Differenzen von Poynting-Vektoren, sondern Summen von
Spannungstensoren betrachtet. Somit ist klar, dass die Kraft im Gegensatz zum Nah-
feldwarmetransport einen Vakuumanteil enthélt. Vertauscht man nun die Indizes in
Gl (8.1.29), erhélt man die Kraft

1 [~ E N DT
pP3l = — dw 0(7{/ d\ Ak 2)\ 14+ |7’21‘2)( ‘7‘23|2)
7 Jo w 0 4N | (8.1.30)
2 2 o
- [ B o e e L .
ko 2[N.|

Dabei bleibt der Nenner | N|? stets unveréindert, da dieser invariant bei Vertauschung
der Indizes ist. Im Prinzip hat man damit die Kraft zwischen zwei Halbrdumen mit
verschiedener Temperatur innerhalb der Rytovschen Theorie bestimmt, wobei diese
Kraft pro Flache bzw. der Druck durch

P = p* 4 pt (8.1.31)

gegeben ist. Eine entsprechende Rechnung fiir die Kraft zwischen zwei Halbraumen
mit verschiedener Temperatur wurde von Dorofeyev [133] erst im Jahre 1998, also
42 Jahre nach der berithmten Lifshitz-Rechnung, mithilfe der Rytovschen Theorie
ausgefiihrt.
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ipH

Abbildung 8.1: Skizze des Integrationsweges fiir die Lifshitz-
Integral-Formel.

Geht man nun von einer Gleichgewichtssituation mit 77 = T3 = T aus, so sollte
man das von Lifshitz bereits 1956 [114] abgeleitete Ergebnis erhalten. Setzt man
daher beide Temperaturen gleich, so bekommt man

1 (> Ey(w,T) MEZ — A2 1 — |22 ]r )2
P —
= dwi{/ dA 5 VL2

(8.1.32)

o, Im(r31r33)
/d)\M/AQ ke ?hze ‘Nl‘i }+|I-

Um dieses Ergebnis mit dem Lifshitz-Ergebnis vergleichen zu kénnen, miissen noch
einige Umformungen durchgefiihrt werden. Dazu werden zuerst die Integrationsva-

riablen p := \/k% — A2 fiir die propagierenden und v := \/\? — k2 fiir die evaneszen-
ten Moden eingefiihrt. Damit erhélt man zunéchst

1 [* Eyw,T) /0 p* L= [P PP
P=— dw ———= dp —
72 0 “ w { k b 2 |Ni‘2

0 (8.1.33)
Im(r21r23)
d 2 —2'ya 171 ]
/0 VT N + ||
Berticksichtigt man nun noch die beiden Beziehungen
1 — [121]2(423)2 21,.23 \2ipa
|TN‘|2‘T [T e+l (8.1.34)
Im 21,.23\,—2va 1 21,.23 \—2va
(r = Jo ™ _ S e (8.1.35)
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so kann man die Kraft im Gleichgewichtsfall relativ kompakt durch die Formel

1 E T 21,.23 ,2ipa
P = —Re/dw Ew,T) / dppr L% 4 |
C1+Co NJ—

Eo(
+—/ Eolw.T) /dpp

angeben, wobei der Integrationsweg (Cy + Cy) bzgl. der Variablen p in Abb. 8.1 dar-
gestellt ist. Der letzte Term in diesem Ausdruck ist ein rein abstandsunabhéngiger
Term, der von den propagierenden Moden stammt und einen unendlichen Beitrag
zum Druck P fiir T = 0 liefert. Diesen Term wiirde man nicht erhalten, wenn man
von vornherein Platten endlicher Dicke statt unendlich ausgedehnter Halbriume be-
trachtet hitte, denn dann wiirde sich dieser Beitrag mit dem Druck auf die Platten
von auflen aufheben [134, 135]. Um hier dennoch insgesamt einen endlichen Ausdruck
zu erhalten, wird eine Renormierung durchgefiihrt, die dquivalent zu der Renormie-
rungsprozedur in Gl. (1.9.8) ist. Die renormierte Kraft pro Fldche wird durch [114]

(8.1.36)

Pren(a) := P(a) — lim P(a) (8.1.37)

a—00

definiert, sodass man im globalen Gleichgewicht

1 E T 21,.23 \2ipa
Pren = —Re /dw M/ dpp? 2L 4 (8.1.38)
T w C1+Cs NL

erhilt. Das ist das berithmte Lifshitz-Ergebnis [114], das die Kraft zwischen zwei
dielektrischen Halbrdumen beschreibt, wobei diese Formel sowohl den T = 0-Beitrag
als auch den T # 0-Beitrag beriicksichtigt. Ubrigens ist es nicht notwendig, eine
Regularisierung durchzufiihren, da der Integrand unter dem Frequenzintegral stets
nach oben beschrankt ist. Das liegt daran, dass fiir w — oo die Permittivitdt gegen
Eins konvergiert, d.h. es gilt e(w) — 1, und somit die Reflexionskoeffizienten und
damit auch der Integrand fiir hohe Frequenzen verschwinden.

Trotzdem ist es im Allgemeinen numerisch nicht einfach, das Integral fiir den
renormierten Ausdruck in Gl. (8.1.38) auszuwerten, da der Integrand im Frequenz-
raum stark oszilliert. Dieses Problem kann man beheben, indem man eine Wick-
Rotation bzgl. p und w durchfiithrt. Da diese Transformation in Spezialfidllen im
néchsten Kapitel durchgefithrt wird, sei der interessierte Leser fiir die allgemeine
Durchfiihrung dieser Transformation auf die grundlegende Arbeit von Lifshitz [114]
verwiesen. Nach dieser Transformation, bei der die Integration iiber reelle Frequen-
zen im Prinzip durch eine Summe {iber komplexwertige Frequenzen ersetzt wird,
erhélt man die sogenannte Lifshitz-Formel

Pren = Z / dpp? [((r2,) (P ) e — 1) - ], (8.1.39)
”ﬁ Cnfe

mit den sogenannten Matsubara-Frequenzen (,, = 27n/h3. Der Apostroph an der
Summe zeigt an, dass der nullte Summand nur halbfach gezéhlt wird. Die Reflexi-
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onskoeffizienten fiir die TE- und TM-Moden sind fiir €5 = ¢
P en(ic) — 1
Ty no
p+\/ (eri(iGn) — 1) 4 p?
(€ri
(

L penliG) — /4
Ve

und

(8.1.40)

Tl =

pem(ICn) + ET’L(ICH) - 1) +p

Diese Summendarstellung hat den Vorteil, dass sie relativ schnell konvergiert und
damit numerisch leicht auszuwerten ist. Allerdings wird dieser Vorteil durch den
Nachteil erkauft, dass anhand dieser Formulierung die Beitrédge der evaneszenten
und propagierenden Moden nicht mehr getrennt werden koénnen.

8.2 Das ideale Metall

In diesem Abschnitt sollen nun der Hoch- und der Tieftemperaturlimes mithilfe der
Lifshitz-Ausdriicke in Gl. (8.1.38) und GI. (8.1.39) fiir ein ideales Metall bestimmt
werden. Diese Grenzfille wurden bereits von Lifshitz [114] betrachtet, wobei sich
in der Rechnung fiir den Beitrag der thermischen Photonen zur Kraft im Tieftem-
peraturlimes ein Vorzeichenfehler eingeschlichen hat, sodass dieser Beitrag in dem
Lifshitz-Papier repulsiv erscheint. Mehra [115] und Brown und Maclay [116] erhiel-
ten dagegen fiir ein Photonengas zwischen zwei idealen Metallplatten ein davon
abweichendes FErgebnis, d.h. einen attraktiven Beitrag der thermischen Photonen.
Schlieflich zeigten Schwinger, DeRaad und Milton [117], dass die Lifshitz-Formel
richtig ist und bei korrekter Ausfiithrung der Grenzfille auch die richtigen Grenzwer-
te fiir das ideale Metall liefert, die von Mehra [115] bzw. Brown und Maclay [116]
abgeleitet wurden.

Ein ideales Metall ist nun dadurch gekennzeichnet, dass die Ladungstriger an
der Oberfliche des Metalls so beweglich sind, dass bei Anwesenheit elektromagne-
tischer Felder im Prinzip instantan Oberflichenladungen und Oberflichenstrome
derart erzeugt werden, dass die Felder innerhalb des idealen Metalls verschwinden.
Dementsprechend kann eine elektromagnetische Welle, die auf ein ideales Metall
trifft, nicht in dieses Medium eindringen und wird daher vollsténdig reflektiert. Die
Reflexionskoeffizienten haben also den Betrag 1. Die richtigen Reflexionskoeffizien-
ten kann man formal aus den Fresnelschen Reflexionskoeffizienten in Gl. (8.1.40)
durch Ausfithren des Grenzfalls ¢, — oo erhalten, sodass fiir ein ideales Metall die
Amplitudenreflexionskoeffizienten durch

T’H =1 und r¥=-1 (8.2.1)

gegeben sind. Elektromagnetische Wellen, die auf ein ideales Metall auftreffen, wer-
den also vollstandig reflektiert, wobei die TE-Moden eine Phasenverschiebung um
7 erfahren. Man beachte, dass es fiir ein ideales Metall keine evaneszenten Moden
gibt. Schliefflich ldsst solch ein Metall keinerlei Verluste zu, da ja jegliche einfallende
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Welle vollstandig reflektiert wird, sodass die Permittivitiat solch eines fiktiven Me-
diums rein reell ist. Damit verschwindet die lokale Zustandsdichte der evaneszenten
Moden in Gl. (1.7.18) und damit auch das evaneszente Nahfeld.

Setzt man die Reflexionskoeffizienten aus Gl. (8.2.1) fiir das ideale Metall in die
Summenformel in Gl. (8.1.39) ein, so bekommt man

0o !
2 > p?
Py =—-—— /dp
”5; Cufe €P0—1
/
9 e <-3 e p2
_ N gy

wobei die TE- und TM-Moden zu gleichen Anteilen beitragen. Man beachte, dass
man aufgrund dieser Vorgehensweise fiir den nullten Term im Prinzip die SDM-
Behandlung ausgefiihrt hat, da man erst den Grenzfall ¢ — oo und darauf erst den
zweiten Grenzfall w — 0 ausgefiihrt hat. Im Ubrigen wurde der Index, der anzeigt,
dass es sich hier um den renormierten Ausdruck handelt, weggelassen. Er wird auch
im Weiteren nicht explizit angegeben, da nur die renormierten Ausdriicke verwendet
werden.

Im sogenannten Hochtemperaturlimes, der durch die Bedingung a > hfc gege-
ben ist, wird die Summe durch den n = 0-Term dominiert, da die p-Integranden fiir
n # 0 in diesem Grenzfall exponentiell geddmpft sind und damit vernachléssigt wer-
den konnen. Betrachtet man also grofle Abstéande bzw. hohe Temperaturen, sodass
a > hfc erfiillt ist, bekommt man [114, 115, 116, 117]

(8.2.2)

1 = p?
Py~ ——
Mg Jy P T 523
,0B)
8mBad’

wobei das Superskript cl andeuten soll, dass es sich hier um einen rein klassischen
Term handelt, der proportional zu 37! = kT ist. Dieser klassische Term ist offenbar
attraktiv und setzt sich zu gleichen Anteilen aus den TE- und TM-Moden-Beitrigen
zusamimen.

Die Ausfithrung des Tieftemperaturlimes, der durch a < hfc gegeben ist, ist
etwas schwieriger, da im Prinzip alle Summanden in der Lifshitz-Formel in GI. (8.2.2)
beriicksichtigt werden miissen. Trotzdem kann man diesen Grenzfall mithilfe der
Euler-Maclaurin-Summenformel relativ leicht ausfithren. Die Euler-Maclaurin-Sum-
menformel ist durch [136]

/

S 1) = [ dn flm) + 5 (700) = £10) = 5 (£7(00) = £7(0) . (52

n=0

gegeben, wobei hier

f(n) = dp = (8.2.5)
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gilt. Man kann leicht nachrechnen, dass

/ n / n 8 2
fl(00) = f"(c0) = f/(0) =0 und f"(0) = —ZWZW (8.2.6)
gelten und )
> her
/0 dn f(n) = ~ 50008 (8.2.7)

erfiillt ist. Setzt man diese Relationen in die Euler-Maclaurin-Summenformel ein,
erhilt man fiir den Tieftemperaturlimes [114, 115, 116, 117]

her? w2

C 2400t 45R3ABA

Pap =~ (8.2.8)
Das ist ein quantenmechanischer Ausdruck, wobei der erste Term die Casimir-Kraft
zwischen zwei idealen Metallplatten [134] fiir 77 = 0 darstellt, die durch die vir-
tuellen Photonen zwischen den Metallplatten verursacht wird, wobei innerhalb der
fluktuierenden Elektrodynamik dieser Beitrag von dem Nullpunktsbeitrag der pro-
pagierenden Moden herriihrt. Der zweite Term steht fiir die Temperaturkorrektur,
die man erhélt, wenn man die thermischen Photonen zwischen den beiden idealen
Metallplatten [115] mitberticksichtigt, wobei dieser Beitrag innerhalb der fluktuie-
renden Elektrodynamik von dem thermischen Beitrag der propagierenden Moden
herriihrt. Auch hier tragen die TE- und TM-Moden zu gleichen Anteilen zur Kraft
bei, die selbst insgesamt attraktiv ist.

Die gleichen Grenzfille sollen nun anhand der Integralformel in Gl. (8.1.38) disku-
tiert werden. Betrachtet man zunéchst die evaneszenten Moden, d.h. man betrachtet
nur den Beitrag des Integrales iiber den Weg ' in Abb. 8.1, so erhélt man fiir das
ideale Metall

1 < Bo(w,T) [* 2
PeV:Q—QIm/ de/ dp -2 0, (8.2.9)
m 0 W 0

e2ra — 1

da die Integranden rein reelle Funktionen sind und keine Pole auf dem Integrations-
intervall haben. Die evaneszenten Moden tragen daher erwartungsgeméafl nicht zur
Kraft zwischen zwei idealen Metallplatten bei.

Bei der Kraft zwischen zwei idealen Metallplatten handelt es sich also um einen
Effekt, der allein durch die propagierenden Moden getragen wird. Wahlt man in der
Integralformel in Gl. (8.1.38) den Integrationsweg Cs, so bekommt man den Beitrag
der propagierenden Moden zur Kraft, der durch die Gleichung

1 Eo(w, T)

P, = — dw - o(w) (8.2.10)
mit
0 p2
O'(u)) = 2Re /kodp m (8211)

gegeben ist. Die Funktion o(w) ist eine im Frequenzraum stark oszillierende Funk-
tion und soll zunéchst etwas umgeformt werden. Da der p-Integrand die Form des
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Grenzwertes einer geometrischen Reihe hat, bietet es sich an, den Integranden durch
solch eine geometrische Reihe darzustellen. Da nun der Betrag der Exponentialfunk-
tion mit einem rein imagindren Argument eins ist, und exp(2ipa) damit nicht im
Konvergenzradius der geometrischen Reihe liegt, wird aus Konvergenzgriinden der
reellwertige Faktor |b| < 1 eingefiihrt, sodass man

ko 2b 2ipa
o(w) = —lim 2Re/ dp&
0

b—1 1 — be?ira

ko 00
— _lim?2 2 n . 2ipan
lim Re/o dpp E b"e

n=1
=\ 0? /k(zi b™ cos(2pan)
0 (2n)?
o 2 n o
— lim 0% b"sin(2kpan)

b1 da? 4dn3a
n=1

(8.2.12)

bekommt. Fiihrt man nun die Ableitung nach dem Abstand und den Limes b — 1
aus, ergibt sich

I=1/2 . 4dkon 4k2n? sin(2kgan
o(w)= 2 Z 3 (@ sin(2koan) — ag cos(2kgan) — —2 a( 0 )) (8.2.13)
n=1

Von diesem Ausdruck fiir o(w) ausgehend, sollen im Weiteren die beiden bereits
bekannten Grenzfille — der Hoch- und Tieftemperaturlimes — betrachtet werden.
Um nun den Hochtemperaturlimes in der Interalformel auszufiihren, wird das
Integral aus Gl. (8.2.10) vorausgesetzt und die Variablentransformation = = koa
durchgefiihrt. Man bekommt dann
p _ 1 deo(xc/a,T)U

T
P 2 T

(z). (8.2.14)

Im Hochtemperaturlimes mit a > hfc kann man die Bose-Einstein-Funktion durch
den Kklassischen Wert ! approximieren, solange die wesentlich zum Integral beitra-
genden x derart klein bzw. das Produkt aus Temperatur und Abstand derart grof3
sind, dass auch a > hfcx gilt. Fiir reale Metalle, die oberhalb der Plasmafrequenz
transparent werden, liegt der grofite Wert fiir « daher bei = wya/c. Daraus folgt,
dass der Hochtemperaturlimes bei realen Metallen nur fiir Temperaturen 28w, < 1
realisierbar ist. Den klassischen Beitrag selbst kann man nun leicht mithilfe der

Beziehungen '
/oodx sin(2en) _ @ (8.2.15)
0 x 2
und - -
EL% i dze™** cos(2zn) = ii_r% i dze™*sin(2zn)r =0 (8.2.16)

bestimmen, wobei hier durch die Einfithrung der exponentiellen Démpfung unter
dem Integral eine Regularisierungsprozedur eingefiithrt wurde, die bei der Betrach-
tung idealer Metalle notwendig ist und die im Folgenden noch gerechtfertigt werden
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soll. Man bekommt somit fiir den klassischen Beitrag der propagierenden Moden

(e}

1 17 ¢(3)
P9~ 9 ——=-9 . 2.1
pr 8412 Z n3 a3 8mad (8 7)

n=1

Dieser Ausdruck stimmt exakt mit dem Ausdruck in Gl. (8.2.3) iiberein, der mit der
Summenformel bestimmt wurde.

Die Bestimmung des Tieftemperaturlimes ist nun etwas aufwendiger, da sowohl
der T" = 0-Term der virtuellen Photonen als auch der T # 0-Beitrag der thermischen
Photonen bestimmt werden muss. Der 7' = 0-Term kann dhnlich wie der klassische
Beitrag berechnet werden: Da fiir diesen Term Ey(w,T) = fw/2 gilt, erhélt man aus
Gl. (8.2.10) zunéchst den Ausdruck

Pl = —2—7712 lim [dwo(w)e ™, (8.2.18)
wobei o(w) in Gl (8.2.13) gegeben ist. Dabei wurde durch die Einfithrung der Ex-
ponentialfunktion unter dem Frequenzintegral wie in den Gln. (8.2.16) eine Re-
gularisierung eingefiihrt, die dafiir sorgt, dass das Integral definiert ist und man
endliche Ausdriicke erhélt. Diese Regularisierung kann dadurch physikalisch moti-
viert werden, dass die Reflexionskoeffizienten |r|? fiir reale Metalle nur fiir Frequen-
zen kleiner als die Plasmafrequenz Eins ergeben und fiir Frequenzen oberhalb der
Plasmafrequenz verschwinden. Somit kann man ein ideales Metall aus einem realen
Metall dadurch erhalten, dass man die Plasmafrequenz gegen unendlich gehen lésst
und dadurch fiir alle Frequenzen einen Reflexionskoeffizienten von Eins bekommt.
Diese Vorstellung entspricht aber genau dem Wirken der exponentiellen Dampfung
exp(—aw) im Frequenzintegral fiir den Grenzfall @ — 1. Da nun

c
li dwe *sin(2k = —
lim [ dwe sin(2koan) Sy
o \?2
li dwe 2k =—| —
lim [ dwe cos(2koan)w <2an) ,
e \3
lim [ dwe™* sin(2k =2 — 8.2.19
lim [dwe sin(2kgan)w (2an) ( )

gelten, kann man den T" = 0-Beitrag sofort bestimmen und erhélt

preo_ Mo~ e dn e \Foan? e
pro Q2 — n3|atn  ca? \ 2an c2a \ 2an

 h 13 (8.2.20)
- 8w =ntal

her?

T 240a*

Das ist genau der temperaturunabhéngige Casimir-Term aus dem mit der Summen-
formel bestimmten Tieftemperaturlimes in Gl. (8.2.8), der den Beitrag der virtuellen
Photonen zur Kraft zwischen den beiden Metallplatten beschreibt.
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Abbildung 8.2: Plot der numerischen Ergebnisse fiir o(w) aus
Gl. (8.2.13) fiir die reellen Reflexionskoeflizienten |r| = [r.| =
0,5, 0,7 bzw. 0,9 und die Ndherung aus Gl. (8.2.23) fiir
r = koa < 1. Man sieht sehr gut, dass fiir |r, | — 1, d.h.
im Grenzfall eines idealen Metalls, die Amplituden der Oszilla-
tionen immer stiarker und die Flanken bei den Vielfachen von
7 immer steiler werden, sodass man an diesen Stellen Unste-
tigkeiten erhalt [137]. AufBlerdem sieht man sehr gut, wie die
Funktionen in diesem Grenzfall fiir x < 7 gegen die Ndherung
o~ x3/3 aus Gl. (8.2.23) konvergieren.

Der Beitrag der thermischen Photonen zur Kraft kann dadurch bestimmt wer-
den, dass man zunéchst fiir die Bose-Einstein-Funktion nur den thermischen Anteil
beriicksichtigt, d.h. man verwendet nur

(8.2.21)

in Gl (8.2.10). Somit tragen zum Frequenzintegral nur diejenigen Frequenzen bei,
die kleiner als die thermische Frequenz wy, sind, wobei diese durch wy, ~ (A3)~!
gegeben ist. Fiir die Frequenzen, die dariiber liegen, wird der Integrand durch die
Bose-Einstein-Funktion exponentiell geddmpft, sodass nur Beitrige mit w < wyy
beriicksichtigt werden miissen. Fiir kleine Temperaturen mit a < hfc tragen daher
im Wesentlichen die Frequenzen bei, fiir die kga < 1 erfiillt ist. Es geniigt folglich,
die Funktion o(w) nur fiir Frequenzen mit kpa < 1 zu betrachten. Dazu betrachte
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man die folgenden Relationen [137]:

i sin(2zn) — m .

n o 2 ’
n=1
Z LS( an) =2° — 7z + W—>

n 6

n=1
[e.e] . 2
; Sm(ﬂifn) - g(sz — 3z + 72), (8.2.22)

die fiir z = koa mod (7) und damit insbesondere fiir z < 1 gelten. Man beachte, dass
die Funktion o(w) — wie bereits mehrfach erwidhnt — eine stark oszillierende Funk-
tion ist, die mit positiven Werten fiir kleine Frequenzen startet und bei x = m negativ
wird (siehe Abb. 8.2). Es wechseln sich also positive und negative Beitrége ab, so-
dass es moglich ist, durch die Wahl einer bestimmten Temperatur einen Frequenz-
und Abstandsbereich auszuwéhlen, in dem der thermische Beitrag zur Kraft attrak-
tiv bzw. repulsiv wird. Mit anderen Worten: Der Beitrag der thermischen Photonen
kann im Gegensatz zum Beitrag der virtuellen Photonen auch repulsiv sein, wenn
es moglich ist, einen Frequenzbereich zu selektieren, in dem das Frequenzintegral in
Gl. (8.2.10) fiir den thermischen Anteil negativ und der Kraftanteil damit repulsiv
wird [137]. Allerdings ist der thermische Beitrag zur Casimir-Kraft im Vergleich zum
T = 0-Beitrag fiir Abstédnde kleiner als 1 um vernachlédssigbar, sodass die gesamte
Kraft weiter attraktiv bleibt.

Setzt man nun die Beziehungen aus Gl. (8.2.22) in o(w) aus Gl. (8.2.13) ein,
bekommt man
~ Ko
E!
fiir kga < 1, sodass man fiir den Beitrag der thermischen Photonen zur Kraft pro

Flache den Ausdruck
h 1 w3
b a2
pr 3.9 hwB _
e 3 e -1 (8.2.24)

™

T 45R3ABE

(8.2.23)

o(w)

erhélt. Das ist genau der zweite Term des bereits abgeleiteten Tieftemperaturlimes
in Gl. (8.2.8).

Man erhélt insgesamt mithilfe der Integralformel dieselben Ausdriicke fiir den
Hoch- und Tieftemperaturlimes wie mit der Summenformel, was die Aquivalenz bei-
der Ausdriicke unterstreicht. Andererseits konnte man anhand der Auswertung der
Formeln sehen, dass die Integralformel bereits fiir den Fall idealer Metalle viel schwie-
riger auszuwerten ist als die Summenformel, da die Funktion o(w) stark oszilliert.
Wegen dieser Oszillationen ist allerdings klar, dass der thermische Beitrag der propa-
gierenden Moden, der thermischen Photonen, zur Kraft zwischen zwei Halbraumen
nicht zwangslaufig nur attraktiv sein muss, sondern auch repulsiv sein kann.

Zu guter Letzt sollen die numerischen Werte der Lifshitz-Formel fiir Drude-
Materialien mit den abgeleiteten Limites fiir das ideale Metall verglichen werden. In
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Au
Casimir + BB -~
0.5 klassisch

log(a/m)

Abbildung 8.3: Die Kraft zwischen zwei Au-Halbrdumen bei
T = 300 K berechnet mit der Lifshitz-Formel in Gl. (8.1.39) fiir
die ersten 5000 Summanden. Zusétzlich sind der Hoch- (klas-
sisch) und Tieftemperaturlimes (Casimir + BB) fiir ideale Me-
talle aus Gl. (8.2.3) bzw. Gl. (8.2.8) cingetragen.

Abb. 8.3 findet man daher einen Plot der numerischen Ergebnisse der Lifshitz-Formel
in Gl. (8.1.39) fur die Kraft zwischen zwei Gold-Halbraumen bei 7' = 300 K. Da der
Hauptbeitrag zur Lifshitz-Formel von Frequenzen Kkleiner als 2kga ~ 1 herriihrt,
miissen im Wesentlichen nur die Frequenzen beriicksichtigt werden, die die soge-
nannte charakteristische Frequenz

o
2
nicht {iberschreiten. Bei einem Abstand von ¢ = 10nm liegt diese Frequenz bei
ca. 1,5-10% 57!, Um eine entsprechende Matsubara-Frequenz ¢, bei T" = 300 K
zu erreichen, muss n mindestens 60 sein, d.h. man muss bei Abstdnden von a =
10 nm mindestens die ersten 60 Terme in der Lifshitz-Formel beriicksichtigen. Fiir
die numerische Auswertung wurde n,.,. = 5000 gewihlt, sodass die numerischen
Ergebnisse fiir den abgebildeten Abstandsbereich sehr genau sind. Zum Vergleich
sind noch der Hoch- und Tieftemperaturlimes fiir das ideale Metall in die Abbildung
eingetragen. Auflerdem sind durch die vertikalen Linien die Abstédnde

We (8.2.25)

2
A= 21,3-107"m (8.2.26)
Wp
und
A = hBec=17,2-10"%m (8.2.27)

gekennzeichnet.

Fiir Abstédnde a < A, tragen Frequenzen zur Casimir-Kraft bei, die gréfier als die
Plasmafrequenz des betrachteten Drude-Metalls sind. Fiir diese Frequenzen kann das
Metall nicht mehr als ideal reflektierender Spiegel angesehen werden, sodass in die-
sem Abstandsbereich die Formeln fiir das ideale Metall nicht mehr giiltig sind. Viel-
mehr ist das Drude-Metall fiir solche Frequenzen als transparent anzusehen, sodass
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der Beitrag der propagierenden Moden in diesem Abstandsbereich vernachléssigt
werden kann. Man kann in Abb. 8.3 gut sehen, dass die Kraft bereits fiir etwas
groffere Abstdnde von dem Ergebnis fiir das ideale Metall abweicht und von dem
a~*-Potenzverhalten in ein a~3-Potenzverhalten iibergeht, das durch die Wechsel-
wirkung der Oberflichenplasmonen [138, 139] auf beiden Metalloberflichen hervor-
gerufen wird. Da die Oberflachenplasmonen, die ja evaneszente Felder erzeugen, im
Modell des idealen Metalls unberiicksichtigt bleiben, ist es nicht verwunderlich, dass
dieser Beitrag zur Casimir-Kraft durch den Tieftemperaturlimes nicht richtig wie-
dergegeben werden kann. Fiir grofe Absténde mit a > Ay, geht die Casimir-Kraft in
den Hochtemperaturlimes aus Gl. (8.2.3) iiber. In dieser Abbildung ist allerdings nur
der halbfache klassische Term eingetragen, da fiir reale Drude-Metalle die TE-Moden
diesen klassischen Term nicht liefern. Dieser Sachverhalt fiihrte in der jiingsten Li-
teratur zu heftigen Diskussionen und wird im folgenden Kapitel genauer studiert.

8.3 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurde die sogenannte Lifshitz-Formel fiir die Casimir- und van
der Waals-Kriéfte zwischen zwei dielektrischen Halbridumen im globalen thermody-
namischen Gleichgewicht abgeleitet. Dazu wurde wiederum die Rytovsche fluktuie-
rende Elektrodynamik angewendet, die auch in der urspriinglichen Arbeit von Lif-
shitz [114] benutzt wurde. Die hier abgeleiteten Ausdriicke erlauben eine Erweite-
rung der Theorie auf den Nicht-Gleichgewichtsfall, bei dem angenommen wird, dass
beide Halbraume im lokalen thermodynamischen Gleichgewicht mit einer jeweils ver-
schiedenen Temperatur sind. Dieser Fall wurde erstmals 1998 von Dorofeyev [133]
betrachtet.

Da im folgenden Kapitel der Ubergang vom realen zum idealen Metall genauer
untersucht werden soll, wurden im zweiten Abschnitt die Grenzwerte fiir den Hoch-
und Tieftemperaturlimes fiir den Fall zweier sich gegeniiberliegender idealer Metall-
platten betrachtet. Es wurde explizit gezeigt, dass die Integral- und Summenfor-
mel zu den gleichen Ergebnissen fithren, wobei der Rechenaufwand bei Verwendung
der Summenformel bzw. Lifshitz-Formel geringer ist. Fiir den Tieftemperaturlimes
erhélt man so den Ausdruck fiir die Casmir-Kraft, die temperaturunabhéngig ist,
und den entsprechenden Beitrag der thermischen Photonen bzw. Schwarzkorper-
strahlung zwischen den Metallplatten, der selbst abstandsunabhéngig ist. Fiir den
Hochtemperaturlimes hingegen erhélt man einen rein klassischen Beitrag, der zu
gleichen Teilen von den TE- und TM-Moden herriihrt und proportional zu kgTa™3
ist. Man beachte jedoch, dass diese Beitrage génzlich von den propagierenden Moden
stammen, da der Beitrag der evaneszenten Moden bei idealen Metallen verschwindet.

AuBlerdem wurden anhand einer numerischen Auswertung der Lifshitzformel fiir
zwei Au-Halbriume im Drude-Modell gezeigt, dass die Ergebnisse fiir das reale Me-
tall in dem Bereich A\, < a < A\, gut mit der Casimir-Kraft fiir zwei ideale Me-
tallplatten {ibereinstimmen. Die Abweichung zwischen dem idealen und dem Drude-
Metall fiir @ < A, liegt darin begriindet, dass fiir solche Abstdnde Frequenzen zur
Lifshitz-Formel beitragen, die oberhalb der Plasmafrequenz des Drude-Materials lie-
gen, sodass das Drude-Metall fiir solche Frequenzen als transparent angesehen wer-
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den kann. Dementsprechend ist der Beitrag der propagierenden Moden in diesem
Bereich vernachléssigbar, sodass die Anziehung der Platten nur durch die Wechsel-
wirkung der Oberflichenplasmonen bestimmt ist. Fiir Abstdnde mit a > Ay, zeigt
sich nun, dass das Drude-Metall nur den halbfachen klassischen Beitrag aus Glei-
chung (8.2.3) liefert. Dieser Sachverhalt erscheint merkwiirdig und hat in der jiing-
sten Literatur zu heftigen Diskussionen gefiihrt. Er soll daher im n#chsten Kapitel
genauer untersucht werden.
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Kapitel 9

Casimir-Effekt fiir reale und ideale
Metalle

In diesem Kapitel wird der Ubergang vom realen Drude-Metall zum idealen Metall
mithilfe der Wick-Rotation genauer untersucht. Insbesondere wird gezeigt, dass die-
ser Ubergang fiir die evaneszenten TE-Moden unstetig ist, was eine direkte Folge
einer Verletzung der Kramers-Kronig-Relation ist. Demzufolge verlangt die Kramers-
Kronig-Relation, dass die inverse Relaxationszeit stets einen beliebig kleinen Wert
w; # 0 haben muss, sodass das Plasmamodell und das ideale Metall daher aus
physikalischen Griinden keine richtigen Ergebnisse fiir den Beitrag der evaneszenten
TE-Moden zur thermischen Casimir-Kraft liefern kénnen. Andererseits findet man
anhand der Ableitungen keine Hinweise darauf, dass der Nernstsche Satz fiir eines
dieser Modelle verletzt ist, sodass insbesondere das Drude-Modell dieses Theorem
erfiillt.

Da es bereits Veroffentlichungen gibt, die sich eingehend mit der Freien Energie
und der Entropie fiir die thermische Casimir-Kraft zwischen realen Metallen, d.h.
fiir Metalle im Drude- und Plasmamodell, beschéftigen [131, 140, 141], wird hier nur
kurz auf die Beitrage der propagierenden und evaneszenten Moden zur Entropie an
geeigneter Stelle eingegangen. Somit ist die allgemeine Fragestellung dieses Kapitels:
Wie tragen die TE- bzw. TM-polarisierten propagierenden und evaneszenten Moden
zur Lifshitz-Formel bei, wenn man den Grenzfall w, — 0 und w, — oo durchfiihrt?
Von besonderem Interesse ist dabei der klassische n = 0-Term in der Lifshitz-Formel.

Im ersten Abschnitt wird zunéchst die thermodynamische Problematik fiir den
thermischen Casimir-Effekt erlautert. In den darauf folgenden Abschnitten wird der
Ubergang vom Drude-Metall zum idealen Metall fiir die propagierenden Moden dis-
kutiert, wobei die Wick-Rotation als Methode eingefiihrt wird. Da, um einen stetigen
Ubergang vom Drude-Metall zum idealen Metall zu erhalten, vor allem die Beitréige
der evaneszenten Moden verschwinden miissen, werden gerade diese Moden in den
darauf folgenden Abschnitten mithilfe der Wick-Rotation genauer untersucht. Be-
sonderes Interesse gilt dabei dem klassischen Beitrag, anhand dessen die Unstetigkeit
beim Ubergang zum idealen Metall fiir die TE-Moden gezeigt wird. Fiir den TM-
Moden-Beitrag, in dem sich der Anteil der Oberflichenplasmonen zur Casimir-Kraft
widerspiegelt, wird hingegen explizit gezeigt, dass dieser im Grenzfall sehr guter Me-
talle stetig verschwindet.
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9.1 Einfiihrung in die Problematik

Der Ausgangspunkt fiir die eingangs angesprochene Diskussion in der Literatur ist
die Lifshitz-Formel aus Gl. (8.1.39) fiir zwei Halbrdume aus dem gleichen Material

mit 2! = 1?3 =, also

PT:—iZ / Tapp it — 1) ], (9.11)

Cn/c

wobei die Matsubara-Frequenzen durch ¢, = 27n/hf mit der inversen Temperatur
B = (kgT)~! gegeben sind. Der Apostroph an der Summe zeigt wie zuvor an, dass
der n = 0-Term nur halbfach gezéhlt wird. Die Reflexionskoeffizienten fiir die TE-
und TM-Moden sind entsprechend Gl. (8.1.40)

p— /S (e(iC) — 1) + p? pe(iCa) — 1/ (e (i6) -1 +r*

und 7y, =

p+\/ (e(iCn) — 1) +p? p61cn+\/ (e(iCn) —1) + p?

Diese Summendarstellung hat den Vorteil, dass sie relativ schnell konvergiert und
damit numerisch leicht auszuwerten ist. Anhand dieser Darstellung kann man aller-
dings nicht mehr die Beitrdge der evaneszenten und diejenigen der propagierenden
Moden trennen.

Wie im vorherigen Kapitel gezeigt, erhdlt man den richtigen Grenzwert fiir das
ideale Metall (IM), indem man r3 , =ri =1 fiir alle n setzt. Man bekommt dann

¢(3)
Phy~ —2 9.1.2
fiir den Hochtemperaturlimes a/ch3 > 1 und
A 2 2
Pl o~ —o . (9.1.3)

240a*  45h3¢3 34

fiir den Tieftemperaturlimes a/ch3 < 1. Offenbar erhélt man im Hochtempera-
turlimes zweimal den klassischen Term —((3)/873a®, d.h. einmal durch die TE-
und einmal durch die TM-Moden. Im Tieftemperaturlimes erhélt man dagegen den
reinen Casimir-Term, der auch fiir 77 = 0 gilt, und den thermischen Beitrag, der
proportional zu T ist. Insbesondere gibt es daher keinen Widerspruch zum Nernst-
schen Theorem fiir das ideale Metall: SchliefSlich ist die freie Energie F pro Flache
mit der Relation P = —(0F /da)r aus Gl. (9.1.3) bestimmbar, wobei sich

her? m2a

F =m0 T mweg 1T (9.14)

mit einer unbekannten temperaturabhéingigen Funktion f(7') ergibt. Man beachte,
dass f(T') abstandsunabhéngig ist.
Die Entropie pro Fléche, die mit der Beziehung S = —(0F /0T, aus der freien
Energie bestimmt werden kann, ist daher durch
4rikpa, o Of(T)
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gegeben. Damit verschwindet die Entropie pro Flache, die allein durch den Beitrag
der thermischen Photonen gegeben ist, fiir T — 0, solange 0f(T)/0T in diesem
Grenzfall gegen Null strebt. In Ref. [101] wurde dieser Term fiir das ideale Metall
Al

3) k3 of(T 3C(3)k3
f(T) = _gfrh)?c]ng und somit — Lg(T) = 2€r(hzc;3T2 (9.1.6)

bestimmt, sodass die Entropie in Gl. (9.1.5), die ja nur fiir den Tieftemperaturlimes
mit a/chf < 1 gilt, in diesem Fall die Form

3¢k, ., Amkd (kpTa) .,
- T2 T
S 2mh2c? 45h%2c2 \ he

(9.1.7)

annimmt. Sie ist somit positiv und erfiillt das Nernstsche Theorem.
Das Problem besteht nun darin, dass man ausgehend von einem realen Metall

mit einer Permittivitat )

P — 2 9.1.8

‘ w(w + iw;) ( )
im Drude-Modell mit der Plasmafrequenz w, und der Relaxationsfrequenz w, fiir
n = 0 die Reflexionskoeffizienten

rPo=0 und rfﬁo =1 (9.1.9)

erhilt. Es scheint also keinen stetigen Ubergang vom Drude-Modell zum idealen
Metall zu geben, indem man den formalen Limes |¢| — oco durch die beiden Limites
w; — 0 und w, — oo ausfiihrt, da die Beziehungen aus Gl. (9.1.9) fiir alle endlichen
w, # 0 erfiillt sind. Abgesehen von den Reflexionskoeffizienten bei n = 0 konvergie-
ren alle anderen Reflexionskoeffizienten fiir n # 0 gegen Eins, wenn man die beiden
Limites w; — 0 und w, — oo ausfiihrt.

Durch diese Prozedur gelangt man daher zum sogenannten modifizierten idealen
Metall (MIM), das sich vom idealen Metall nur durch das Fehlen des n = 0-Terms
fiir die TE-Moden unterscheidet. Daher erhielte man [119] ausgehend vom Drude-
Modell fiir |e] — oo

(@)
Pl\%M = PI{/I - (_87rﬁa3 ) (9-1-10)
und damit im Hochtemperaturlimes a/hcf > 1
P ~ ¢(3) (9.1.11)

e P
und im Tieftemperaturlimes a/hcf < 1

2 2
B N {C) (9.1.12)
240a*  [(*45h3c®  8nfad

Py ~
Offensichtlich wiirde also im MIM-Modell der klassische Term auch im Tieftempera-
turlimes auftreten, sodass insbesondere das Nernstsche Theorem in diesem Modell

verletzt ist, da die freie Energie hier fiir kleine Temperaturen einen Term enthélt, der
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proportional zur Temperatur ist. Die durch die Integration von Gl. (9.1.12) gegebe-
ne Funktion f (T') kann dabei unabhéngig von ihrer konkreten Form diesen linearen
Term in T nicht fiir alle Abstéinde a kompensieren, da diese Funktion f(T') abstands-
unabhéngig ist. Daher konvergiert die Entropie fiir 7" — 0 gegen einen konstanten
Wert ungleich Null, d.h.

(B)ks .. Of(T)
 167a? _21F1£n>0 S oT (9.1.13)

SMIM -

wohingegen die Entropie in Gl. (9.1.7) fiir das ideale Metall gegen Null strebt. Of-
fensichtlich ist das MIM-Modell unphysikalisch, weil man einen klassischen Term
im Tieftemperaturlimes erhélt, der auf eine Verletzung des Nernstschen Theorems
fithrt. Es wurde nunmehr gezeigt, dass das Nernstsche Theorem im Drude-Modell
nicht verletzt ist [119, 142], sodass das MIM-Modell den Tieftemperaturlimes nicht
richtig wiedergibt, solange w, # 0 ist. Allerdings macht dieses Hilfsmodell deutlich,
dass der n = 0-Term eng mit einer moglichen Verletzung des Nernstschen Theo-
rems zusammenhéingt, da dieser einen in 7" linearen Beitrag zum Casimir-Druck PT
liefert.

Im Weiteren soll nun explizit der Ubergang vom realen Drude-Metall zum idealen
Metall untersucht werden. Dabei soll Wert darauf gelegt werden, dass die Beitriage
der evaneszenten und propagierenden Moden fiir die TE- bzw. TM-Polarisierung
einzeln untersucht werden und speziell der Beitrag der jeweiligen Moden zur Lifshitz-
Formel bestimmt wird. Da im realen Metall propagierende und evaneszente Moden,
im idealen Metall dagegen nur die propagierenden Moden zur Kraft zwischen den
Platten beitragen, wird hier insbesondere das Zusammenspiel von evaneszenten und
propagierenden Moden im Hochtemperaturlimes betrachtet. Neben dem unstetigen
Ubergang fiir |¢| — oo in den TE-Moden wird auch die Stetigkeit des Ubergangs
in den TM-Moden untersucht, und hier speziell das Verhalten des Beitrages der
Oberflachenplasmonen fiir die Grenzfille w, — 0 und w, — oo, sowie deren Beitrag
zur Entropie des Systems.

Da die Lifshitz-Formel selbst keine Auskunft iiber die propagierenden und eva-
neszenten Moden zulésst, startet die Untersuchung mit dem Integralausdruck fiir
die Casimir-Kraft aus Gl. (8.1.38), also

1 Ey(w, T .
P= __2Re dw O(W, )k’g/ dpp2 [(rl2e—21pakzo _ 1)—1+ m (9114)
g c

w 1+C2

Die Fresnelschen Reflexionskoeffizienten nehmen in diesem Fall die Form

_r— V(e(w) —1) +p? pe(w) — /(e(w) — 1) + p?
p+/(elw) — 1) +p? pe(w) + /(@) = 1) + p2

(9.1.15)

ry

an. Die Unterscheidung zwischen propagierenden und evaneszenten Moden in GI.
(9.1.14) wird durch die Wahl der Integrationswege C) bzw. Cy (siche Abb. 9.1)
bestimmt, wobei die propagierenden Moden durch Cy und die evaneszenten Moden
durch C} gegeben sind.
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C,
-a— -

Abbildung 9.1: Skizze des Integrationsweges fiir die Integralformel
aus Gl. (9.1.14).

9.2 Die propagierenden Moden und das ideale Me-
tall

Wie bereits in dem vorherigen Kapitel gezeigt wurde, ist die Casimir-Kraft im idealen
Metall allein durch die propagierenden Moden zwischen den Metallplatten gegeben,
sodass man fiir die propagierenden Moden einen stetigen Ubergang zum idealen
Metall erwarten kann. Um die Methode der Wick-Rotation an einem bekannten
Beispiel einzufiihren, sollen die propagierenden Moden in diesem Abschnitt nochmals
betrachtet werden, wobei besonderes Augenmerk auf den klassischen Beitrag gelegt
wird.

9.2.1 Die Wick-Rotation

Um die Wick-Rotation an einem besonders einfachen Beispiel einzufiihren, wird
zunidchst der Integral-Ausdruck aus Gl. (9.1.14) fiir den Beitrag der propagieren-
den Moden fiir gut leitende Metalle approximiert und dann die Wick-Rotation aus-
gefiihrt. Aufgrund der Energieerhaltung sind fiir die propagierenden Moden stets die
Relationen |r| <1 und |r;| < 1 erfiillt. AuBerdem erhélt man mit Gl. (9.1.15) im
Drude-Modell (9.1.8) fiir w, — 0 und w, — oo

ol |yl — 1. (9.2.1)

Fithrt man zuerst den Limes w, — 0 aus, so bekommt man die Reflexionskoeffizien-
ten fiir das Plasmamodell, d.h. die Reflexionskoeffizienten aus Gl. (9.1.15) mit

F=1--2L (9.2.2)
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Insbesondere gilt dann
1, <
TR S (9.23)
0, w>uw,

sodass man den Beitrag der propagierenden Moden annéhernd angeben kann. Mit
dem Integral aus Gl. (9.1.14) ergibt sich daher fiir die propagierenden Moden

2 “r  FEo(w,T ! 2
P, ~ —Re/ dw ng’/dp P
0 w o €

—iprw __ 1

) > Bofo.T) (9.2.4)
P 0\W,
mit 5
ko= = w; ! (9.2.5)
c
und
1 2
flw) = [ap 2
' o ¢© - (9.2.6)
= — [iK*w? In(1 — ") + 2kwLiy(e"™) + 2iLiz(e™) — 2i¢(3)],
K
wobei der Polylogarithmus Li, (z) durch die Gleichung (sieche Anhang D)
Li,(z) =S — 9.2.7
W =35 (927

definiert ist. Fiir w, — oo erhdlt man — wie man in Gl (9.2.4) leicht sieht —
den Ausdruck fiir das ideale Metall aus Gl. (8.2.10), da man im Prinzip fir alle
Frequenzen |r| = |r)| = 1 gesetzt hat. Insofern sollte es moglich sein, aus diesem
Ausdruck fiir w, — oo die bereits abgeleiteten Grenzfille fiir das ideale Metall
zuriickzugewinnen.

Dazu wird nun zunéchst der Fall 7' = 0 betrachtet, sodass man statt Gl. (9.2.4)
den Ausdruck

Wp

B
PE= = 1 Re /0 dw F(w) (9.2.8)

erhilt. Da f(w) im ersten Quadranten der komplexen Frequenzebene @), analytisch
ist, bekommt man durch eine Wick-Rotation im Frequenzraum, d.h. der Integrati-
onsweg C in Abb. 9.2 wird durch die Integrationswege —(C5 + C3) ersetzt, sofort
die Beziehung

P N R o ;
PI,T;_O = WRG {1/0 d¢ f(i¢) — /0 dpiwye f(wpe'?)|. (9.2.9)
Man erhélt daher einen Ausdruck, der sowohl das Integral iiber die komplexen Fre-
quenzen i als auch iiber den Bogen C5 enthélt.

Der Beitrag des Bogens C5 kann fiir grofie w,, leicht ausgewertet werden, da f(w)
aus Gl. (9.2.6) in @, durch

2i¢(3)

K3

flwpe) — — (9.2.10)
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10, 7
C,
|
- . -
o ®@
Cq P

Abbildung 9.2: Skizze des Integrationsweges fiir die Wick-Rotation

approximiert werden kann. Daher erhélt man fiir den Bogen

h 3 . . ho[ 263
%Re{ /Odgoiwpewf(wpew)} = o {— C(Kg)“’p} (9.2.11)

Fiir beliebig grofie w, liefert der Bogen daher einen divergenten Beitrag.

Betrachtet man nun das Integral tiber die imagindre Achse C in Gl. (9.2.9), so
kann man diesen Beitrag mithilfe der Funktion f(w) aus Gl (9.2.6) umschreiben,
sodass man

h wo 6 p? h 2w C 5
%Re |:/0 dC Odp obr _ 1:| = 71'263 |: P / dCC / dp
9 2.12)

erhélt. Der erste Term ist wieder divergent fiir beliebig grofie Plasmafrequenzen Wy
und stimmt bis auf das Vorzeichen genau mit dem Beitrag des Bogens iiberein. Der
zweite Term hingegen ist endlich und liefert einen rein reellen Beitrag. Fasst man
daher die Beitrége fiir Cy und C5 zusammen, ergibt sich fiir w, — oo

P =— chg dcc?’/dp (9.2.13)

Fiihrt man zuerst die Frequenzintegration und darauf die Integration iiber p aus,
bekommt man somit

_ h [ ['(4)¢C(4) hr?
T=0 __ 2 —
P = o /1 dpp P T (9.2.14)
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Setzt man zu guter Letzt noch k = w;! = 2ac™! ein, erhilt man schliefllich den

richtigen Ausdruck fiir die Casimir-Kraft fiir 77 = 0, d.h. man bekommt

2
T—  hew

pr 2400t

(9.2.15)

Die gleiche Prozedur kann man auch fiir den entsprechenden Hochtemperaturli-
mes ausfithren, der hier durch hw,3 < 1 gegeben ist. Ist daher die Temperatur so
hoch bzw. die Plasmafrequenz so klein, dass fw,3 < 1 erfiillt ist, so kann man das
Integral in Gl. (9.2.4) durch

2 “w L) (9.2.16)

Pcisze
m2c3 3 0 w

p
approximieren. Da f(w)/w in @, und insbesondere fiir w = 0 analytisch ist, kann
man die Integration iiber die reellen Frequenzen wieder mittels einer Wick-Rotation
in eine Integration iiber komplexe Frequenzen umschreiben, wobei der Beitrag des
Bogens C5 mit zu beriicksichtigen ist. Man bekommt

Py = WzigﬁRe UO iiC @ - /Ogdsoif <wpei“0)}. (9.2.17)

Fiir den zweiten Term kann man wieder grofle Plasmafrequenzen geltend machen,
sodass man die Funktion f(w) wieder durch Gl. (9.2.10) anndhern kann. Der erste
Term in diesem Ausdruck fiir den Hochtemperaturlimes enthélt ein Integral iiber
f(i¢), das rein imaginire Werte liefert, da f(i{) rein imaginér ist. Daher verschwindet
der Realteil dieses Ausdrucks und man bekommt im Hochtemperaturlimes

, (B <)

CTBnBrd T T 8nfBadd

cl
P = (9.2.18)
erwartungsgeméfl den rein klassischen Term fiir das ideale Metall. Man beachte,

dass dieser klassische Beitrag in dem betrachteten Modell nur von dem Bogen Cs
getragen wird.

9.2.2 Der klassische Beitrag

In der vorangegangenen Rechnung wurden die Reflexionskoeffizienten zuerst durch
ihre Werte fiir |¢| — oo approximiert und darauffolgend eine Wick-Rotation durch-
gefithrt. Anhand der gegebenen Rechnung wurden die Grenzfille fiir das ideale Me-
tall fir 7" = 0 und hw,f < 1 implementiert und gezeigt, dass der klassische Beitrag
allein durch den Bogen C5 getragen wird. In diesem Abschnitt soll der klassische
Beitrag mithilfe der Methode der Wick-Rotation bei Verwendung der vollsténdigen
Reflexionskoeffizienten fiir das Plasma- und Drude-Modell untersucht werden.

Wie in der vorangegangenen Rechnung geniigt es wieder, nur den klassischen
Beitrag des Integrals aus Gl. (9.1.14) fiir die propagierenden Moden zu betrachten,
d.h. es gilt fiir alle wesentlichen Frequenzen w in dem Metall kgT > hw. Diese
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wesentlichen Frequenzen sind durch w < w, gegeben, sodass man die Bedingung
1 > hw,B fiir die Temperatur erhélt. In diesem Bereich ist der klassische Ausdruck

oodw 2k0a
Pl = 9.2.19
II/L,pr 877-2@36 / / ||/J_e irx __ 1 ( )

mit z = 2pkya giiltig, wobei man fiir die Reflexionskoeffizienten der TM-Moden

ze — /72 + 4k2a2(e — 1)

— 9.2.20
I et Va2 + 4k2a2(e — 1) ( )
sowie fiir die TE-Moden
_ 21 4k2a2(e — 1
p = PV ke (e ) (9.2.21)
z+ /22 + 4k2a2(e — 1)
erhéalt. Fiihrt man nun wieder eine Wick-Rotation durch, bekommt man
1 d
P 1 = / <«
P 87T2a3ﬁ 0 II/L 1C e? — 1
(9.2.22)

I '/Ed /"“”e’“; z?
— lim i ® T — . : .

Diese Verschiebung des Integrationsweges ist unproblematisch, da ) und r; in @,
analytisch sind [114]. Dabei muss beachtet werden, dass das Integral iiber die kom-
plexen Frequenzen wieder rein imaginér ist, da r(i{) rein reell ist. Der Beitrag der
Polstellen bei w = 0 bzw. ( = 0 verschwindet, da das xz-Integral an dieser Stelle Null
ergibt, unabhéngig davon, ob die Reflexionskoeffizienten im Plasma- oder Drude-
Modell gegeben sind. Deshalb wird der gesamte klassische Beitrag durch den Bogen
C5 mit dem Radius r und nicht etwa durch den Pol bei w = 0 getragen, d.h. es gilt

m"e‘“" 2
P||/J_ pr — 87T2a36R€r1LI£101/ d(,O/ ”/J_ ew)e o 1. (9223)

Man beachte, dass der z-Integrand fiir x aus @), im Wesentlichen durch die Werte
mit |x| &~ 1 gegeben ist und fiir |z| > 1 exponentiell geddmpft ist. Es gelten nun fiir
r — oo die Beziehungen

ri(re'®), ry(re'?) — (9.2.24)

r—vVr—R* |-1, R>1
r+ Va2 — R? 0, R<1’

sowohl fiir das Drude- als auch fiir das Plasmamodell, wobei R := w,k = wyw_ ' gilt.
Beide Modelle liefern daher den gleichen klassischen Beitrag, und zwar

% m"ew 1, R>1
Pll/L T g2 a3ﬂReTlLr£101/ /dyy T {07 Rel’ (9.2.25)
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202 KAPITEL 9. CASIMIR-EFFEKT FUR REALE UND IDEALE METALLE

wobei die Integrationsvariable x = yrrexp(ip) eingefithrt wurde. Das y-Integral
kann nun wieder durch die Funktion f(y) aus Gl. (9.2.6) ausgedriickt und fiir r — oo

durch
: 2i((3
Fre'®) — — lig ) (9.2.26)
approximiert werden, sodass
¢3) |1, R>1
P = 9.2.27
I/ = "8radG 0, R<1 (9.2.27)

gilt. Fiir R = wpk > 1 und hw, < 1 — was dem Hochtemperaturlimes a > hfc
entspricht — tragt der klassische Beitrag zur Casimir-Kraft bei und zwar unabhéngig
davon, ob man das Drude- oder Plasmamodell verwendet. Da dieser Beitrag nur
fiir hohe Temperaturen mit hw,3 < 1 gilt, kann er auch nicht den problematischen
Term liefern, der zu einer Verletzung des Nernstschen Satzes fithren wiirde. Vielmehr
miisste man im Tieftemperaturlimes einen in 7' linearen Beitrag zur Casimir-Kraft
finden, um solch eine Verletzung konstatieren zu kénnen.

9.3 Die evaneszenten Moden und das ideale Me-
tall

Um einen stetigen Ubergang vom realen zum idealen Metall durch Ausfithren der
Limites w; — 0 und w, — 00 zu erhalten, miissen entsprechend der vorhergehenden
Diskussion die Beitridge der evaneszenten Moden in diesem Limes verschwinden, und
zwar stetig. Denn nur dann wird der Druck zwischen den beiden Platten durch die
propagierenden Moden allein bestimmt, die selbst die richtigen Ausdriicke fiir das
ideale Metall liefern.

9.3.1 Evaneszente Moden und Oberflichenplasmonen

Man kann schnell sehen, dass der Beitrag der evaneszenten TE-Moden fiir das Plas-
mamodell mit w, = 0 verschwindet, denn in diesem Fall bekommt man mit GI.

(9.1.14) und GL. (9.1.15)

1 Eo(w,T o 2
Py, = _—2Im/dw 70(% )ké”/ dp N —
’ T w o T —

—262pk0a 1
1 Eo(w,T) [ a2 (9.3.1)
mlm dwT/O dl’ ex<$+\/m)2 1
v VREta?
= 07

wobei die Integrationsvariable x = 2pakg eingefiihrt wurde. Der Beitrag der evanes-
zenten TE-Moden zur Casimir-Kraft verschwindet, da der Integrand rein reell ist und
der Nenner fiir kein  Null ergeben kann, d.h. es gibt keine Polstellen. Physikalisch
wird dieser Sachverhalt dadurch sichergestellt, dass r; € R und vor allem |r | <1
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auch im evaneszenten Bereich gilt. Somit verschwindet der Beitrag der evaneszen-
ten TE-Moden im Plasmamodell, wobei allerdings der Ubergang w, — 0 unstetig
ist [132], was anhand des klassischen Terms im folgenden Abschnitt diskutiert wird.

Fiir die evaneszenten TM-Moden ist der Ubergang w, — 0 dagegen stetig, al-
lerdings verschwindet der Beitrag der TM-Moden im Plasmamodell mit w, = 0
nicht. Das liegt daran, dass dieser Term den Oberflichenplasmonen-Beitrag enthélt,
der auch fiir w, = 0 vorhanden ist. Im Nahfeld mit kja < 1 kann man nun den
Reflexionskoeffizienten fiir die TM-Moden durch

e—1
~ 9.3.2
TN T (9.3.2)
approximieren, sodass man im Drude Modell
1
D
e & 9.3.3
I _%2_21%“1 (9.3.3)
erhélt. Damit ergibt sich unter der Annahme w, < w, mit GL (9.1.14)
1 E T) [ 2
Plev = —S—Im dw M/ dzx - * 5
asm w 0 e (1 — 2 21“7“’) -1
1 Ey(w,T) [ 1
%—321m de/dxéﬁ[ 22\ 2 (934)
a°m w 0 e%(l_f_g) -1 0.
Aww, e (1 252 )
wy ezx(l — 2:’—22)2 —1]
Fiir w, — 0 geht dieser Ausdruck stetig gegen
1 Ey(w,T) [ 2
Plev & ———Im /dw M/ dx ’ 5 : (9.3.5)
’ a’r? w o e(1-— %) —1
Der Integrand hat offensichtlich Polstellen bei
wE= 2 Tt (9.3.6)

V2

d.h. fiir die hoch- und niedrigfrequenten Oberflachenplasmonen [61], die bereits in
Kapitel 4.2 diskutiert wurden. Daher verschwindet der TM-Moden-Beitrag der eva-
neszenten Moden nicht, obwohl der Reflexionskoeffizient rein reell ist. Bestimmt
man erst den 7' = 0-Beitrag der evaneszenten TM-Moden, so erhélt man mit dem
Residuensatz

L, oodm%{ = ]
’ dv/er —1  4y/er +1

:_4:a3;%{/dy (1 — y )—/1 dy ln2(y2—1)} (9.3.7)
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204 KAPITEL 9. CASIMIR-EFFEKT FUR REALE UND IDEALE METALLE

wobei im zweiten Schritt die Integrationsvariable y = /14 exp(—z) bzw. y =

1 — exp(—x) eingefiithrt wurde. Das ist der bekannte Beitrag fiir die Oberflichen-
plasmonen [143]. Der Temperaturbeitrag kann ebenfalls mithilfe des Residuensatzes
ausgewertet werden und man erhélt

T#0 h Wp & 2 e_w/z 1 e_m/2 1
Plov = g [ dvem B 1 o
’ T2a®\/2 Jo 4/er —T1eh™ — 1 4/er 4 TeM 0 —1 938)
hoowy [ Y In?*(1—y?) V2 In?(y? — 1) o
— s gy Y[
2rad /2 | Jo ey —1 1 ey —1
wobei

= fiw,/V2 (9.3.9)

eingefiithrt wurde. Man beachte, dass b > 1 tiefen Temperaturen und b < 1 hohen
Temperaturen entspricht. Fiir w, — oo divergiert der 7" = 0-Beitrag der Ober-
flichenplasmonen formal, allerdings ist er auch nur fiir Absténde mit wya/c < 1
giiltig. Der temperaturabhéngige Beitrag ergibt im Grenzfall idealer Metalle mit
Wy — 00

T+40 h w, ! 4 _ h w, 24

P _ Hp 2=
lev — 21a3 /2 J, 2mad \/2 b° (9.3.10)

Es tragt also im Wesentlichen nur der niedrigfrequente Oberflichenplasmonenzweig
bei, der thermisch angeregt werden kann, wobei dessen Beitrag fiir den Grenzfall
guter Metalle proportional zu 7% ist. Das bedeutet, dass die zugehérige Entropie
proportional zu 7% ist, sodass insbesondere das Nernstsche Theorem erfiillt ist. Al-
lerdings verschwindet dieser Beitrag fiir w, — oo (b > 1).

Den klassischen Beitrag der Oberflichenplasmonen erhélt man dagegen fiir hohe
Temperaturen bzw. fiir b < 1, wobei dann

—~ P 2) V2 lnz(y2 — 1)
R T R
! 3
= 2m375[g( ) — Z((g)} (9.3.11)
~ B3
8ma3 3

gilt. Der klassische Beitrag setzt sich also aus den Beitragen beider Oberflichen-
moden zusammen und ergibt einen Wert, der mit dem klassischen Beitrag der pro-
pagierenden Moden iibereinstimmt, wobei dieser ebenfalls nur einen wesentlichen
Wert liefert, falls iw,3 < 1 gilt. Dieser Beitrag ist zwar linear in 7', aber offensicht-
lich nur fiir sehr hohe Temperaturen relevant, sodass man an diesem Beitrag keine
Verletzung des Nernstschen Satzes festmachen kann.

Man kann nun wieder eine Wick-Rotation ausfithren, um eine Summenformulie-
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rung des Oberflachenplasmonenbeitrages zu bekommen. Dazu betrachte man

1 Eo(w,T) [* 2
Pev,ll =—35 QIm dw 70((4}’ ) / dz 3; )
asm w o e2(1- ML%) -1

= fdy = g
a’m? /2 S by 4 s (y2 —1)2

how [ 1 1
N _ - - 9.3.12
R I (e o

n=0 n
L. [ E(iby,T). . 1
-1 dy ————Lig| ———
T mlfé YTy P\
3 BEy(re?, T)1 1
Clim [ Apirer eI L ]
r—00 0 relv 4 (r2efv — 1)2
wobei y, = #” und die Integraldarstellung des Trilogarithmus aus Gl. (D.7) im

Anhang D verwendet wurden. Der Beitrag des Bogens verschwindet, da Liz(z) — 0
fir 2 — 0 gilt. Das Hauptwertintegral verschwindet ebenfalls, da Lis(z) fiir reelle
z < 1 rein reell, und E(iby,T') ebenfalls reell ist. Das kann man gut anhand der
Relation

E(z,T) = A oth (ﬁ) (9.3.13)

erkennen, denn fiir rein imaginére z liefert coth(z) rein imaginire Werte genau wie
der Vorfaktor, sodass das Produkt aus beiden und damit auch E(z,T) reell ist.
Daher hat man im Grenzfall sehr guter Metalle einen Oberflachenplasmonenbeitrag
von

1 X 1
Py — —m; Lig (W) (9.3.14)
mit y, = 2”7”

Der n = 0-Term enthélt den klassischen Term aus Gl. (9.3.11), der hier offen-
sichtlich nur fiir y,, > 1, d.h. fiir hohe Temperaturen mit b = hw,3/v2 < 1, die
Summe dominiert. Fiir tiefe Temperaturen bzw. b > 1 kann man die Summe durch
ein Integral ersetzen, sodass man

1 b [ 1 A w
Poj— ———— | dy, Lis( ——— ) = —0,1 il 3.1
= G2 /0 Y 13((%% n 1>2) 0, 138803 a5 (9.3.15)

bekommt. Das ist genau der in Gl. (9.3.7) abgeleitete Beitrag der Oberflachenplas-
monen fiir 7' = 0, der zwar fiir w, — oo beliebig grof§ wird, aber auch nur fiir
Absténde wya/c < 1 giiltig ist. Man beachte, dass die Summenformel in Gl. (9.3.14)
gemif der Ndherung fiir den Reflexionskoeffizienten in Gl. (9.3.2) selbst auch nur
fir Abstédnde wya/c < 1 Giiltigkeit besitzt.

Zusammenfassend erhéilt man nach Durchfithrung des Limes w, — 0, der fiir die
evaneszenten TE-Moden — wie im nédchsten Abschnitt gezeigt wird — unstetig ist,
und w, — oo fiir die propagierenden Moden die Casimir-Kraft zwischen zwei ideal
reflektierenden Spiegeln in (8.2.2) plus den Beitrag der Oberflichenplasmonen aus

205



206 KAPITEL 9. CASIMIR-EFFEKT FUR REALE UND IDEALE METALLE

Gl. (9.3.14). Dieser Beitrag der evaneszenten Moden liefert allerdings im Grenzfall
einer unendlich groflen Plasmafrequenz fiir keinen Abstand a > 0 einen von Null ver-
schiedenen Wert. Auflerdem findet man hier keine Verletzung des Nernst-Theorems
im Grenzfall sehr guter Metalle im Plasmamodell mit w, = 0, was mit der Aussage
in [140] iibereinstimmt, wobei in dieser Referenz die Beitrége der evaneszenten und
propagierenden Moden nicht einzeln beriicksichtigt werden. Fiir w, # 0 dagegen
wurde bereits in [119] gezeigt, dass das Nernst-Theorem nicht verletzt ist, solange
w; # 0 auch fiir T = 0 erfiillt ist. Die Unstetigkeit beim Ubergang w, — 0 soll nun
anhand des klassischen Beitrages der evaneszenten Moden diskutiert werden.

9.3.2 Der klassische Beitrag der TE-Moden

Es soll nun zunéchst der klassische Beitrag der evaneszenten TE-Moden nédher un-
tersucht werden, wobei gezeigt wird, dass der Ubergang w, — 0 unstetig ist. Die-
se Unstetigkeit wurde kiirzlich bereits von Svetovoy und Esquivel [132] betrachtet
und soll hier mithilfe der Wick-Rotation untersucht werden, die eine viel einfachere
Moglichkeit zum Studium dieser Unstetigkeit bietet als die von Svetovoy und Esqui-
vel verwendetete Methode. Zugleich ist diese Methode allgemeiner und kann ebenso
auf die TM-Moden angewendet werden. Man betrachte also

dw
) — 9.3.16
Lev ™ T gr2 a3ﬁ / / Ty r2et — 1 ( )
dabei ist der Reflexionskoffizient durch
— 2 — 4k2a2(e — 1
ro=2 Ve ¢ ) (9.3.17)

T+ /22 — 41{:8&2( —1)

gegeben. Eine Wick-Rotation fithrt nun auf
1 x?
) — der —————
Lev 87r2a3ﬁ { / v rfw Oez -1

— lim I d d
rirgo ml/ SO/ & e“P et — 1

Nun ist wieder im Drude- und Plasmamodell im Grenzfall r — oo

(9.3.18)

1, R>1

. (9.3.19)
0, R<1

ri(re¥)? — {
Damit ergibt sich fiir den Beitrag des Bogens
i 1mi [ dg fo o
— lim Imi x :
r—00 /0 7 / TJ__2(7’6190)67” -1

e (9.3.20)
(3l .
CUW%,R«l
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Im Drude-Modell gilt nun r, ,—o = 0 solange w, # 0 ist, sodass fiir alle w, # 0
der Pol bei w = 0 nichts beitrdgt und somit im Drude-Modell nur der Beitrag des
Bogens zu beriicksichtigen ist. Es gilt also

ap _ CB3) J1, R>1
LY 8madB |0, R< 1

(9.3.21)

Daher heben sich die n = 0-Beitriage der propagierenden und der evaneszenten TE-
Moden aus Gl. (9.2.27) und Gl (9.3.21) stets exakt auf, sodass im Drude-Modell
der n = 0-Term in der Lifshitz-Formel immer verschwindet.

Im Plasmamodell mit w, = 0 hat man nun fir den Reflexionskoeffizienten an der
Stelle w = 0 die Beziehung

x— Va2 + R? -1, R>1
Tlw=0 = = F—— — , (9.3.22)
x4+ Va2 + R? 0, Rx1
sodass der Pol in diesem Fall einen Beitrag liefert und zwar derart, dass
P =0 (9.3.23)

fiir alle R ist. Der Pol sorgt im Plasmamodell also dafiir, dass der Beitrag der eva-
neszenten TE-Moden verschwindet, der ja — wie oben gezeigt wurde — im Plas-
mamodell immer verschwinden muss, im klassischen Bereich verschwindet. Da der
Beitrag des Pols nur fiir w, = 0 vorhanden ist, gibt es keinen stetigen Ubergang fiir
w, — 0. Da nun also der Beitrag der evaneszenten Moden fiir w, = 0 verschwindet,
liefert nur der n = 0-Term der propagierenden Moden einen klassischen Beitrag.
Daher muss auch der n = 0-Term in der Lifshitz-Formel mit dem Anteil der propa-
gierenden Moden in Gl. (9.2.27) iibereinstimmen und tut dies auch. Der unstetige
Ubergang ist also allein ein unstetiger Ubergang in den evaneszenten TE-Moden,
die fiir w, # 0 stets vorhanden sind, aber fiir w, = 0 abrupt verschwinden.

Die Unstetigkeit bzgl. w, — 0 kann man sehr gut anhand der Energiedichte der
evaneszenten TE-Moden oberhalb eines Halbraumes studieren. Dazu betrachte man
die bekannte Néherung fiir die Energiedichte [12] aus Gl. (1.7.15) und (1.7.18), d.h.

1 o0
(1) T /0 dw B(w, T)wlm(e,) (9.3.24)
fiir die evaneszenten TE-Moden in der Entfernung z oberhalb eines Halbraumes,
der durch ein Dielektrikum mit der Permittivitéat e, gefiillt ist. Offensichtlicherweise
verschwindet die Energiedichte fiir w, = 0, da im Drude-Modell

2
w, Wr

_ P
ist. Andererseits gilt
. 9 Wy
i) = I S (9.326)

= wﬁﬁé(w).
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Da nun die Deltafunktion am Rand des Frequenzintegrals ausgewertet wird, hat man
nur den halben Beitrag zu beriicksichtigen, und es ergibt sich daher

: 1 > 9
wlTlr_I}O(uQ ~ m/o dw E(w, T)mw,d(w)
2 (9.3.27)
__ L %
16wz 20

Die Unstetigkeit kommt also daher, dass der Limes in Gl. (9.3.26) auf einen von
Null verschiedenen Beitrag der evaneszenten TE-Moden zur Energiedichte fiihrt,
wobei fiir w, = 0 dieser Beitrag verschwindet. Dass nun der Limes w, — 0 be-
trachtet werden muss, anstatt einfach die inverse Relaxationszeit Null zu setzen, ist
eine direkte Folge der Kramers-Kronig-Relation. Denn die Kramers-Kronig-Relation
verlangt [21], dass

T wr—0

2 QI
Re(e,) =1+ — lim ][ dQ———— m(er)
0

=1+
(9.3.28)

gilt. Es ist daher notwendig den Limes w, — 0 zu betrachten, um den richtigen
Ausdruck fiir das Plasmamodell zu erhalten. Das einfache Nullsetzen von w, dagegen
wiirde auf Im(e,) und daher Re(e,) = 1 fithren. Somit ist klar, warum der Limes w, —
0 und andererseits w, = 0 zu verschiedenen Ergebnissen fithren. Ausserdem ist klar,
dass das Plasmamodell nicht zu richtigen Werten fiihren kann, wenn man einfach
w, = 0 setzt, sondern stets der Grenzfall w, — 0 betrachtet werden muss, damit die
Kramers-Kronig-Relationen erfiillt sind. Mit anderen Worten: Das Nullsetzen der
Relaxationsfrequenz kann im Allgemeinen nicht als physikalisch sinnvoll betrachtet
werden, wenn man das Plasmamodell betrachten méchte. Insofern kann auch der
unstetige Ubergang vom Drude- zum Plasmamodell in den evaneszenten TE-Moden
als eine direkte Folge der Verletzung der Kramers-Kronig-Relation im Plasmamodell
mit Im(e,) = 0 und Re(e,) = 1 — w?/w? betrachtet werden.

9.3.3 Der klassische Beitrag der TM-Moden

Fiir den TM-Moden-Anteil kann man den klassischen Beitrag mit der gleichen Me-
thode bestimmen wie bei den evaneszenten TE-Moden, d.h. man startet mit

d
Pl = gy | 5 [ -0 (9.3.20)

ze — /22 — 4kZa%(e — 1)
ze + /22 — 4k2a2(e — 1)

wobei

(9.3.30)

=
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ist. Die Wick-Rotation ergibt diesmal

1 7 x?
Pcl - __ - |Z dp —
Il,ev 871'2(1,36 |:2 / L r[i:o et —1

- ) (9.3.31)
2 T
— lim Imi/dgp /da: —— ]
Da nun im Drude- und Plasmamodell fiir r — oo
) — Va2 + R? -1, R>1
r(re¥) — rovrT R ’ > (9.3.32)
x +Va?+ R? 0, R<1

gilt, ergibt der Bogen den gleichen Beitrag wie fiir die evaneszenten TE-Moden. Der
Pol hingegen ergibt

¢3)
St (9.3.33)

da 7 w—0 = 1 im Drude- und Plasmamodell ist, d.h. den klassischen Beitrag der

Oberfldchenplasmonen aus Gl. (9.3.11).
Zusammen hat man also fiir das Drude- und Plasmamodell

. B 1, R>»1
Plev = 8ma33 {g(g) C<3){0, R<<1]

- {1’ e (9.3.34)

T T 8ma6 )0, R>1°

D.h. fiir R = wpa/(2¢) > 1 verschwindet der klassische Beitrag der beiden Ober-
flachenplasmonen, der allerdings fiir R < 1 allein den klassischen Term liefert. Der
entsprechende Term fiir die propagierenden TM-Moden in Gl. (9.2.27) verhélt sich
genau umgekehrt, sodass man insgesamt mit Gl. (9.2.27) und Gl. (9.3.34) fiir alle R

stets c(3)

P =P, + P, = ~&rad (9.3.35)
hat. Daher liefert der n = 0-Term in der Lifshitz-Formel fiir die TM-Moden auch
stets diesen klassischen Wert, wobei man anhand der Lifshitz-Formel nicht erkennen
kann, dass sich dieser Beitrag durch das Zusammenspiel von propagierenden und
evaneszenten Moden ergibt. Fiir Metalle mit einer Plasmafrequenz w, = 106 Hz ist
der Abstand, der erreicht werden muss, damit die evaneszenten Moden dominieren,
tatsichlich 2cw,* ~ 6-107%m. Da dieser Abstand relativ klein ist, kann man sagen,
dass der klassische Term fiir die TM-Moden im experimentell zugédnglichen Bereich,
der selbst im Regime von 100 nm bis 6 um liegt, durch ein Zusammenspiel von propa-
gierenden und evaneszenten Moden gegeben ist. Insbesondere gilt im Limes w, — oo
fiir alle Abstande stets R > 1, sodass im Falle eines idealen Metalls der klassische
Beitrag allein durch die propagierenden Moden getragen wird.

Ubrigens gibt es dhnlich wie bei den evaneszenten TE-Moden auch einen unste-
tigen Ubergang fiir die TM-Moden, allerdings fiir den Grenziibergang zum trans-
parenten Medium, d.h. fir w, — 0. Wie man an Gl. (9.2.27) und (9.3.34) sieht,
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verschwindet in diesem Grenzfall der Beitrag der propagierenden Moden, wohinge-
gen der klassische Term der evaneszenten Moden praktisch bei allen Absténden a
und Temperaturen 7 dominiert, so dass stets fw,3 < 1 und wya/c < 1 erfiillt
sind. Aber erst fiir w, = 0 verschwindet dieser klassische Beitrag der evaneszenten
TM-Moden. Physikalisch gesehen ist klar, dass in diesem Fall keine Verletzung der
Kramers-Kronig-Beziehung vorliegt, da der Grenzwert fiir w, — 0 durch Im(e) — 0
und Re(e) — 1 gegeben ist, den man auch durch das Nullsetzen der Plasmafrequenz
erhdlt. Diese Unstetigkeit liegt nun daran, dass fiir w, — 0 die Oberflichenplasmo-
nenresonanzen hin zu kleinen Frequenzen verschoben, und dadurch thermisch fiir
Temperaturen mit hw,3 ~ 1 angeregt werden konnen. Fiir beliebig kleine Plasmaf-
requenzen w, — 0 konnen die Oberflichenmoden in gewisser Weise fiir jede Tempe-
ratur 7' # 0 thermisch angeregt werden. Sobald allerdings w,, = 0 ist, ist das Medium
transparent und die Oberflaichenmoden verschwinden, und damit auch ihr Beitrag.
Somit sind die Unstetigkeiten in den evaneszenten TE- bzw. TM-Moden verschiede-
ner Natur, wobei nach der gegebenen Ableitung klar ist, dass es von einem realen
Metall ausgehend, das durch das Drude-Modell beschrieben wird, fiir die Casimir-
Kraft weder einen stetigen Ubergang zum idealen Metall noch zum transparenten
Medium geben kann.

9.4 Zusammenfassung

In diesem Kapitel wurde der Grenziibergang zum idealen Metall mittels der Imple-
mentierung der Limites w, — 0 und w, — oo fiir die propagierenden und evanes-
zenten Moden getrennt untersucht. Um eine Bezichung zur Lifshitz-Formel herzu-
stellen, wurden an geeigneter Stelle Wick-Rotationen ausgefithrt und dadurch die
entsprechenden Beitréige der evaneszenten und propagierenden Moden in der Sum-
mendarstellung abgeleitet. Besonderes Augenmerk wurde dabei auf den klassischen
Beitrag gerichtet, da man anhand dieses Beitrages direkt den unstetigen Ubergang
untersuchen kann.

Es wurde gezeigt, dass sich die propagierenden Moden beim Ubergang zum idea-
len Metall unproblematisch und stetig verhalten, und gegen das bekannte Ergeb-
nis der Casimir-Kraft eines Photonengases zwischen zwei ideal leitenden Spiegeln
konvergieren. Um insgesamt einen stetigen Ubergang vom Drude-Modell zum idea-
len Metall zu erhalten, miissten demnach die Beitrédge der evaneszenten Moden fiir
w; — 0 und w, — oo stetig verschwinden.

Weiterhin wurde gezeigt, dass sich die Beitrdge der evaneszenten TE-Moden
beim Grenziibergang w, — 0 unstetig verhalten, d.h. sie konvergieren fiir w, # 0
gegen den klassischen Term ¢ (3)/87a® und verschwinden fiir w, = 0 abrupt. Anhand
der Energiedichte oberhalb eines dielektrischen Halbraumes wurde verdeutlicht, dass
diese Unstetigkeit eine direkte Folge einer Verletzung der Kramers-Kronig-Relation
ist. Demzufolge muss man stets den Grenzfall w, — 0 betrachten, anstatt w, = 0 zu
setzen, um fiir die evaneszenten TE-Moden einen physikalisch sinnvollen Ausdruck
zu erhalten, wie bereits in [132] gefordert wurde. Folglich muss der n = 0-Term in
der Lifshitz-Formel fiir die evaneszenten Moden im Drude- bzw. im richtig imple-
mentierten Plasmamodell (mit w, — 0) stets verschwinden. Daher hat man, um das
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Plasmamodell richtig anzuwenden, stets das Drude-Modell mit einer beliebig kleinen,
aber endlichen inversen Relaxationszeit w, zu betrachten, wobei das Nernst-Theorem
in diesem Fall nicht verletzt ist [119, 142].

Zu guter Letzt wurden ebenfalls die evaneszenten TM-Moden genauer unter-
sucht, wobei gezeigt wurde, dass der Grenziibergang w, — 0 stetig zum richti-
gen Ausdruck fiir das Plasmamodell fiihrt, der letztendlich nur noch die Beitriage
der Oberflichenplasmonen enthélt. Dieser Beitrag ist thermodynamisch gesehen fiir
T — 0 unproblematisch. Zusétzlich wurde anhand des klassischen n = 0-Terms ge-
zeigt, dass es auch fiir die TM-Moden einen unstetigen Ubergang geben kann. Diese
Unstetigkeit erhilt man fiir den Ubergang zum transparenten Medium durch den
Limes w, — 0. Es ist klar, dass dieser unstetige Ubergang durch die Anwesenheit
der Oberflichenmoden bedingt ist, die fiir sehr kleine w, praktisch fiir jede Tempe-
ratur 1" # 0 thermisch anregbar sind und somit den klassischen Term liefern, der fiir
w, = 0 abrupt verschwindet, weil in diesem Fall die Oberflichenplasmonen ebenfalls
abrupt verschwinden.

Man kann daher folgendes Fazit ziehen: Aus theoretischer Sicht lésst sich an-
hand des Nernstschen Satzes nicht entscheiden, ob das Plasma- oder Drude-Modell
oder gar der Leontovich-Ansatz richtig ist, da in allen Modellen der Nernstsche Satz
respektiert wird. Andererseits verbietet die Kramers-Kronig-Relation die Verwen-
dung des Plasmamodells. Aulerdem gibt es theoretisch gesehen gute Griinde (siehe
Kapitel 6), anstatt des Leontovich-Ansatzes einen vollkommen nichtlokalen Ansatz
bzw. das Drude-Modell zu wéhlen. Neuere Messungen [127] lassen jedoch darauf
schliefen, dass das Drude-Modell die experimentellen Daten nicht ausreichend be-
schreiben kann, wohingegen der theoretisch unbefriedigende Leontovich-Ansatz die
Messdaten sehr gut zu beschreiben scheint. Insofern bleibt aus theoretischer und
experimenteller Sicht noch viel zu tun, um zu einem insgesamt konsistenten Bild zu
gelangen.
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Anhang A

Materialeigenschaften

In diesem Anhang werden die in meiner Dissertation verwendeten Permittivitdten
fiir das Drude-Modell und polare Medien eingefiihrt. Dementsprechend findet man
hier auch die Materialparameter aus [37, 38, 144, 145], die in den numerischen Be-
rechnungen der Dissertation verwendet wurden. Eine genauere Ableitung der Per-
mittivitdten findet man beispielsweise in [58, 95].

A.1 Drude-Metalle

Die optischen Eigenschaften von Metallen werden durch das sogenannte Drude-
Modell relativ gut beschrieben. In der einfachsten Variante dieses Modells werden
die Elektronen als klassische Teilchen mit der Masse m, und der Ladung e beschrie-
ben, die zundchst in Ruhe sind und durch ein dufleres elektrisches Feld beschleunigt
werden. Um Dissipationsprozesse durch die Streuung der Elektronen an Phononen
bzw. Storstellen innerhalb dieses klassischen Ansatzes beschreiben zu kénnen, wird
zusitzlich eine phdnomenologische Reibungskonstante 1/7 eingefiihrt, wobei die Re-
laxationszeit 7 die mittlere Flugdauer des Elektrons bis zur Streuung angibt. Setzt
man daher ein zeitlich verdnderliches dufleres elektrisches Feld

E = Ege (A.1.1)

voraus, kann man die Bewegungsgleichung innerhalb dieses klassischen Ansatzes

durch .
V4 ov= - Epe (A.1.2)
T Me

angeben. Dabei ist v die Geschwindigkeit des Elektrons. Fiir die spezielle Losung
ergibt sich somit

e 1 ; er 1
- B = E. A3
Y me (e D T me T —er (A-13)

Fiir Zeitskalen ¢ > 7 kann man die homogene Losung v, = vgexp(—t/7) ver-
nachléssigen, da diese exponentiell geddmpft wird, sodass man fiir die Stromdichte

die Relation
Ne€’T 1

E (A.1.4)

j=neev = -
me 1 —iwT
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erhélt, wobei n, die Elektronendichte angibt. Damit ist die frequenzabhéngige Leitfahig-
keit durch

nee’r 1 o
== = A15
e e R (A.1.5)
gegeben, wobei die statische Drude-Leitfahigkeit durch
2
0 = 027 (A.1.6)
Me
definiert ist. Fiihrt man nun noch die Plasmafrequenz
2
5 M€
= A17
“p Me€o ( )
ein, kann man die statische Drude-Leitfahigkeit auch durch
0 = €T (A.1.8)

angeben.
Mithilfe der frequenzabhéngigen Leitfahigkeit lasst sich schliellich die Permitti-
vitat des Metalls angeben und man bekommt

Die optischen Eigenschaften der Metalle, die hauptséachlich durch die Metallelektro-
nen bestimmt sind, konnen daher in dem einfachen Drude-Modell durch die Plas-
mafrequenz w, und die Relaxationszeit 7 beschrieben werden. Einige typische Werte,
die aus [38, 144] entnommen sind, findet man in Tab. A.1. Im Ubrigen erhlt man
innerhalb einer semiklassischen Beschreibung mithilfe der Boltzmanngleichung (in
Relaxationszeitndherung) die gleiche Permittivitdt wie im Drude-Modell. Fiir gute
Drude-Metalle mit w,7 > 1 kann man noch drei Frequenzbereiche unterscheiden:

(A.1.9)

1. Der erste Bereich ist der Niederfrequenzbereich mit wr < 1, in dem die Per-
mittivitdt ndherungsweise durch

2
N 2 2, “pT
cw)=e(l—w,m° +i—— (A.1.10)
w
angegeben werden kann. Der Realteil der Permittivitat ist in diesem Bereich
also negativ und der Imaginérteil ist sehr viel grofler als der Realteil, wobei
le] > 1 gilt, sodass der Reflexionskoeffizient R = |r|? nahe bei 1 liegt. In
diesem Frequenzbereich, der auch als Hagen-Rubens-Bereich bezeichnet wird,
ist das Metall daher stark reflektierend.

2. Im sogenannten Relaxationsbereich mit 1 < w7 < w,7 bekommt man die
Néherung

w? w? 1
e(w) ~ 60(1 — w—” + i—”—) (A.1.11)

fiir die Permittivitat. In diesem Bereich ist der Realteil der Permittivitat wieder
negativ, aber diesmal grofler als der Imaginérteil.
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3. Im Transparenzbereich mit w > w, wird der Imaginérteil vernachléssigbar
klein und man bekommt fiir die Permittivitdt den Ausdruck des sogenannten
Plasma-Modells

(A.1.12)

In diesem Hochfrequenzbereich wird das Metall transparent, d.h. der Reflexi-
onskoeffizient verschwindet.

wp /st T/s kp /10°m™ | vp / 10°ms™ |1 /nm | d; / nm
Bi | 2,1-10% |2,3-10716 1,61 1,87 0,43 125
Au | 1,4-10' 3-1071 1,21 1,4 42 22
Al | 2,4-10'¢ 8-10°1 1,75 2 16 17
Ag [ 1,36-10% | 4.1071 1,2 1,39 56 23
Pt 8-10%° 1-1071 47

Tabelle A.1: Parameter fiir einige Drude-Metalle bei 7' = 273 K aus [38], wobei w,
die Plasmafrequenz, 7 die Relaxationszeit, kr die Wellenzahl an der Fermikante,
vg die Fermigeschwindigkeit, [ die mittlere freie Weglénge des Elektrons und dg die
Skintiefe bei w = 1,1 - 10"s7! ist. Die Parameter fiir Platin sind der Referenz [145]
entnommen. In dieser Arbeit wurden die in der Tabelle eingetragenen Werte benutzt.

A.2 Reststrahlenformel

Mit einem &hnlich einfachen klassischen Modell, wie es bei der Beschreibung der
Permittivitdt eines Drude-Metalles verwendet wurde, kann man auch die optischen
Eigenschaften eines polaren Mediums beschreiben, die im Wesentlichen durch die
Phononen hervorgerufen werden. Setzt man einen lonen-Kristall mit zwei Ionen
pro Elementarzelle voraus, so erzeugt die Auslenkung der beiden Ionen in einer Ele-
mentarzelle um den Abstand u durch ein dufleres elektrisches Feld E mit periodischer
Zeitabhéngigkeit eine Polarisation. Dabei kann die Auslenkung durch die Gleichung

il = —iu—w’u+e'E (A.2.1)
beschrieben werden, wobei e* die effektive Ionenladung, v eine phdnomenologische
Déampfungskonstante und w; die Frequenz der transversalen optischen Phononen ist.
Neben dieser Polarisation durch die Auslenkung der Ionenpaare in einer Elementar-
zelle kann es durch Verschiebung der Elektronen in den inneren Schalen auch zu
einer Verschiebungspolarisation kommen. Die Polarisation P setzt sich also aus zwei
Bestandteilen zusammen und kann durch

P =ou+ SE (A.2.2)
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angegeben werden. Dabei sind die beiden Parameter o und ( noch nicht weiter
bestimmt. Setzt man nun ebene Wellen als Losungen fiir E, u und P an, so bekommt
man fiir die Auslenkung der Ionen

*

e
= ———77—E A2.3
" w?—w?—iwy ( )

woraus sich dann fiir die Polarisation

ergibt. Da allgemein die Polarisation und das elektrische Feld {iber die Permittivitat
durch die Gleichung
P =¢le(w) — 1]E (A.2.5)

verkniipft sind, bekommt man fiir die Permittivitat schlieflich

wi — w? — iwy

¢@=1+q(ﬁ+a2 ¢ ). (A.2.6)

Nun koénnen die beiden Parameter o und 3 durch die statische Permittivitat eg.; 1=
¢(w = 0) und die Hochfrequenzpermittivitét e, := ¢(w — 00) ersetzt werden, sodass
man fiir die Permittivitdt in einem polarem Medium

4@:%1+w%%_n (A.2.7)
w? — w? —iwy
erhélt. Benutzt man noch die sogenannte Lyddane-Sachs-Teller-Relation
w} = Estat w?, (A.2.8)

€0

die die Frequenz w; der longitudinalen Phononen mit derjenigen der transversalen
Phononen w; verbindet, kann man die Permittivitat auch durch die Gleichung

4@:%O+2ﬁ_ﬁ ) (A.2.9)

Wi — w? — iwy

ausdriicken. Diese Permittivitdt wird auch als Reststrahlenformel bezeichnet und
fithrt zu einem sehr groBen Reflexionskoeffizienten (nahe Eins) im Frequenzbereich
zwischen w; und w;, der auch als Reststrahlenband bezeichnet wird.

Typische Parameterwerte fiir GaN sind beispielsweise [37] fiir 7' = 300 K

€so = D, 35,

v=1,51-10"2%s7",
wy=1,06-10"s7,
w,=1,41-10%s71.

Das Reststrahlenband liegt bei GaN daher direkt in dem bei 300 K thermisch an-
regbaren Bereich, d.h. nahe der Frequenz wy, ~ 1,1 - 104s~ 1.
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Anhang B

Abschatzung fiir die Giiltigkeit des
lokalen Gleichgewichts

Aufgrund der gemachten Voraussetzungen ist klar, dass der Ausdruck fiir den Strah-
lungswiarmetransport in Gl. (5.2.2) im Allgemeinen nur fiir Abstédnde a richtig sein
kann, die mit der makroskopischen Beschreibung vereinbar sind. Es gibt daher eine
Léangenskala, auf der die gegebene Theorie nicht mehr richtig sein kann, weil mikro-
skopische Effekte beriicksichtigt werden miissen. Es ist aulerdem sofort ersichtlich,
dass die Annahme des lokalen thermodynamischen Gleichgewichts fiir beliebig kleine
Abstédnde zwischen den Halbrdumen nicht mehr giiltig sein kann. Um eine Léangen-
skala fiir die Absténde zu erhalten, fiir die die Annahme eines lokalen Gleichgewichts
gerechtfertigt scheint, kann man folgende Abschétzung machen:

Gegeben seien zwei Halbraume aus dem gleichen Material im Abstand a > Ay,
bei verschiedenen Temperaturen 77 und 75 im lokalen thermodynamischen Gleich-
gewicht. Die Felder, die zum Wiarmestrom zwischen diesen Halbriumen beitragen,
werden durch Quellenstrome im Bereich der Skintiefe dg an der Oberfliche der jewei-
ligen Halbrédume erzeugt. Verringert man nun den Abstand a zwischen den Halbréu-
men, so kann man annehmen, dass der Energieiibertrag aufgrund der evaneszenten
Moden zunehmen wird. Die Oberfliche des warmeren Halbraumes wird sich da-
her etwas abkiihlen und die Oberfliche des kélteren Halbraumes leicht erwérmen.
Man bekommt daher in dem Bereich der Skintiefe, in dem die Felder im Medium
gedampft werden, eine Temperatur, die leicht von T bzw. Ty abweicht. Solange der
Temperaturunterschied AT zwischen der Bulktemperatur und der Oberflichentem-
peratur gering ist, kann man in guter Ndherung weiterhin im gesamten Halbraum ein
lokales thermodynamisches Gleichgewicht bei den Temperaturen T} bzw. T; anneh-
men. Es soll hier angenommen werden, dass T} und 75 grofler als 100 K sind, sodass
AT =~ 1K ein vertretbarer Temperaturunterschied zwischen der Oberflichen- und
der Bulktemperatur ist.

Um einen Abstand abzuschéitzen, auf dem die Annahme des lokalen thermo-
dynamischen Gleichgewichts nicht mehr gerechtfertigt ist, wird vorausgesetzt, dass
diese Annahme genau dann nicht mehr gilt, wenn die Energie, die pro Fliche und
Zeit durch den Strahlungswirmetransport zwischen den Medien ausgetauscht wird,
grofler ist als der Energiebetrag Q/A, der durch Wérmeleitung im Medium pro
Flache A und Zeit nachgeliefert werden kann. Die Grundannahme des lokalen ther-
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modynamischen Gleichgewichtes ist also gerechtfertigt, solange

Q
— max B.1
> (S (B.1)
gilt. Da nun die Wéarmeleitung im Metall fiir den Abstand Az durch
Q (AT
A S B.2
A Ax (B:2)

mit einem Wirmeleitkoeffizienten in der GroBenordnung ¢ = 300 Wm'K~! gegeben
ist [146], kann man mit AT ~ 1K und Az ~ ds ~ 50 nm die Energie, die durch die
Warmeleitung pro Flache und Zeit durch das Metall flieft, abschétzen und bekommt
Q/A ~ 6-10°Wm™2. In einem Dielektrikum kann man dagegen die Schiitzgrofien
¢ ~ 3Wm 'K~ und dy ~ 500nm benutzen [146], sodass in diesem Fall Q/A ~
6-10° Wm~2 gilt.

Da man den maximalen Strahlungswarmetransport zwischen zwei Halbraumen

durch X
(Spax) = @10‘8\/\/ (B.3)

abschétzen kann, indem man 7 = T, = 1 in der Polder-van Hove-Formel in GI.
(5.3.1) setzt und das A-Integral nur bis 1/a ausfiihrt, bekommt man die groben
Schétzwerte

0 {0, 7nm fiir ein Metall (BA)

24nm  fiir ein polares Medium.

Die Annahme des lokalen thermodynamischen Gleichgewichtes ist daher bis auf
Abstédnde im Nanometerbereich gerechtfertigt, d.h. fiir Absténde, bei denen die ma-
kroskopische Beschreibung selbst bereits kritisch zu hinterfragen ist.

Die hier entwickelte Abschétzung soll nun auf die Materialien Gold und GaN
angewandt werden, um zu sehen, ob die Annahme des lokalen Gleichgewichts fiir
die Experimente mit einem Rasterwérmemikroskop [3, 88| gerechtfertigt werden
kann. Schlieflich werden im Experiment Abstdnde von bis zu einem Nanometer
erreicht. Fiir Gold hat man bei 7' = 300 K einen Wérmeleitkoeffizienten [146] von
¢ = 317Wm'K~! und die Skintiefe betrigt d, = 22 nm, sodass man

Q 10 W

T=14-100— (B.5)
bekommt. Die Energie pro Fliache und Zeit durch den Nahfeldwéarmeiibertrag betrégt
bei einem Abstand von a = 1 nm geméf der Polder-van Hove-Formel

W
(Sau/au(a=1nm)) =4,5- 105@’ (B.6)

sodass die Energiemenge pro Flache und Zeit, die durch die Warmeleitung in der
Skinschicht nachgeliefert wird, um fiinf GréBenordnungen gréfer ist als die Ener-
giemenge, die pro Flache und Zeit durch den Nahfeldwérmetransport ab- bzw. hin-
zugefithrt wird. Man beachte, dass sich fiir Gold die Wéarmeleitfihigkeit und die
Skintiefe im Bereich von 100 K bis 300 K nur geringfiigig éndern, sodass die hier
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dargelegte Abschéitzung nahelegt, dass die gemachte Annahme des lokalen thermo-
dynamischen Gleichgewichtes im Fall zweier Goldmedien bis auf Abstédnden von
einem Nanometer gerechtfertigt ist.

Fiir GaN ist nun der Wérmeleitfahigkeitskoeffizient [147] bei einer Temperatur
von 300 K durch ¢ = 130 Wm'K~! gegeben, withrend dieser fiir 7" = 100 K ungefihr
¢ =90 Wm'K~! betréigt. Fiir die Skintiefe ergibt sich bei T' = 300K ein Wert von
d® = 375nm und bei T' = 100 K ein Wert von di% = 2,3 ym. Damit bekommt man

N 1 T'=300 5 | T=100
W W
% :3’5'1OSP bzw. % :3’9'107E' (B.7)

Fiir den Nahfeldwérmetransport zwischen zwei GaN-Halbraumen bekommt man nun
bei einem Abstand von a = 1 nm geméf der Polder-van Hove-Formel

W
(Scan/can(a = 1nm)) = 2,4 - 107@' (B.8)

Die Energiemenge, die pro Fliache und Zeit durch die Wérmeleitung innerhalb der
Skintiefe nachgeliefert wird, ist daher bei Absténden oberhalb von einem Nanometer
grofler als die Energiemenge, die durch den Nahfeldwéarmetransport geliefert wird.
Dabei liegen die Werte diesmal ungefihr in der gleichen Groflenordnung, sodass
die Annahme eines lokalen Gleichgewichts in diesem Fall problematisch sein kann.
Im Experiment wird aber der Warmestrom zwischen einem Gold- und einem GaN-
Medium gemessen. Fiir diese Konfiguration bekommt man nun bei einem Abstand
von a = 1 nm geméafl der Polder-van Hove-Formel einen deutlichen geringeren Wert
von

(Sawcax(a = Lom)) =2,8 10— (B.9)

sodass auch in diesem Fall die Annahme eines lokalen Gleichgewichts gerechtfertigt
scheint.
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Anhang C

Verschiedene Relationen fiir die
Fresnel-Koeflizienten

In diesem Anhang werden niitzliche Relationen hergeleitet, die in dieser Arbeit im-
mer dann Verwendung finden, wenn die verschiedenen Transmissionskoeffizienten fiir
die verschiedenen Schichtgeometrien durch die Fresnelschen Reflexionskoeffizienten
ausgedriickt werden. Auflerdem werden fiir das Drude-Modell Naherungsausdriicke
fiir die Hagen-Rubens-Nédherung gewonnen, die vor allem im zweiten Kapitel von
Bedeutung sind.

C.1 Transmissionskoeffizienten

Als erstes sollen die Relationen

T LI fiir A < kg
— o C.1.1
Re(ho) {QH{;(” fiir A > ko (C-L1)
it 4Re(hy)Re(lnen ) ARe(hg)Re(hy)
7ot — 2R e 4 o = N0 C.1.2
H |h2€7~1 +h1|2 R L ‘h2+h1|2 ( )

und * = A\? — k2 bewiesen werden, die gerade fiir die Betrachtung von Halbraum-
geometrien relevant sind. Dazu geniigt es, die entsprechenden Relationen fiir die
TM-Moden zu zeigen, da man daraus sofort die entsprechenden Relationen fiir die
TE-Moden bestimmen kann. Man beachte, dass hq fiir die propagierenden Moden
mit A < kg rein reell und fiir die evaneszenten Moden mit A > kg rein imaginér ist,
wobei im letzteren Fall hy = iy gilt.

Fiir die propagierenden Moden muss daher

TP =1 -1 (C.1.3)

gezeigt werden. Da nun der Fresnelsche Reflexionskoeffizient bekannt ist, steht auf
der rechten Gleichungsseite dieser Beziehung
‘hoETl - h1‘2 . 4R€(h1€T1)Re(h0)

1—[r P =1 = =7 C.1.4
‘T” ‘ |h0€7~1 + h1|2 ‘hoﬁrl + h1|2 I ( )
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da hg rein reell ist und damit hy = Re(hy) gilt.

Fiir die evaneszenten Moden ist der Beweis dhnlich einfach, wobei in diesem Fall
die Giiltigkeit der Gleichung

T”01 B QIm(rﬁl)
Re(hy) m (C.1.5)

gezeigt werden muss. Die rechte Gleichungsseite kann nun wieder umgeschrieben
werden, wobei man

2Im(7“|(|)1) _ i (hoerl — hl e )
Y iy \ hoer1 + hy o

1 1 -
= Em ((hoerl — hl)(hoerl + hl) — C.C.)

1 1 —

= —— 4ilm(h hge,
iv\ho€r1+h1\2 11'11( 110€ 1)
4Re(h1€,«1>

- |h0€r1 + h1|2

(C.1.6)

bekommt. Damit ist auch die zweite Relation und damit Gl. (C.1.1) fiir die TM-
Moden gezeigt, wobei die Ableitung fiir die TE-Moden analog durchgefiihrt werden
kann.

C.2 Fresnel-Koeffizienten

Im zweiten Kapitel dieser Arbeit werden die Transmissionskoeffizienten fiir eine di-
elektrische Schicht durch die entsprechenden Fresnelschen Ausdriicke angegeben.
Dazu werden die Relationen

Im(hlE,q) . _Im(rﬁl) C 21
[T T 2R (€21
und
01
Im(hy) — Im(r}) (C.2.2)

‘CL(J)_I 2 2h0

verwendet, wobei a! durch a® := hge,; + hy definiert ist. Diese beiden Relationen
sollen nun bewiesen werden.
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Mit 601 = hoErl — hl gllt

ot
Qilm(rn )= 21Im< 01)
9

0101
01|2(b” a” — .C.)

1 _
- 01|2 ((hoerl — hy)(ho€ + hy) — C.C.)

\ a

B (C.2.3)
(h?)‘ETlP — |h1‘2 — hlhOErl + hlhgerl - C.C.)

‘012

1
‘ T2 (ho(hi€1 — hapr) — c.c.)

m(hlErl)

= —4i ﬁ1|2 ho,

womit die erste Relation bewiesen ist.
Als zweites wird die Relation

Im(hlErl) _ I |7’|(|)1‘2
|a01 2 Ay

(C.2.4)

mit v = /A? — k% bewiesen. Wie im vorherigen Fall lisst sich dann wieder leicht
zeigen, dass auch
Im(hy) 11— |r|*
| a01 2 4ry

(C.2.5)

gilt. Diese Relationen gelten nur fiir die evaneszenten Moden, d.h. fiir A > ky, und
damit hg = iy. Damit bekommt man

1P = |012(| )

|ho€r1 + h1| — |ho€r1 — by )

(C.2.6)

01 2 (
01 5 ( e, + hi)? — |ive — h1\2)
01 7 <W€r1h1 1757«1]11)

| 01 2( 7)21Im(h1€ﬂ)

47

|2 Im(hlErl),

was zu zeigen war.
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C.3 Hagen-Rubens-Niherung

In diesem Abschnitt werden einige sehr hilfreiche Beziehungen fiir Drude-Materialien
in der Hagen-Rubens-Néaherung abgeleitet, wobei die Permittivitét fiir Drude-Mate-

rialien durch ) )
WAT WAT
P i P (C.3.1)

1w i le(l + w?72)

e =1

gegeben ist. In der Hagen-Rubens-Naherung, d.h. es wird wr < 1 vorrausgesetzt,

erhalt man dann

w27'

6 ~1—wT und ¢ = %. (C.3.2)
Nimmt man noch zusétzlich an, dass w < w, und w,7 > 1, dann kann man

relativ leicht die Beziehung

7 "

R . (C.3.3)

&2 e+ 12 wir

ableiten. Mithilfe dieser Beziehungen lassen sich beispielsweise die allgemeinen Aus-
driicke fiir die Nahfeldenergiedichte fiir Drude-Materialien in der Hagen-Rubens-
Néherung auswerten.

Nun sollen weiterhin die Ausdriicke fiir Re(r?) und Im(r?) im stark evaneszenten
Bereich (A > kg) angegeben werden, wobei mit den Relationen fiir die TM-Moden
begonnen wird. Man erhéalt

o (e =17 (e —1)P(E+1)

T T2 T T e 1)
(leP-a+e—1)  (l* =1+ 2ilm(e,))? (C3.4)
N le, + 1]* N le, + 1]* o
B (le|* — 1)? — 4€” + dilm(e,.) (|e,]* + 1)
B e, + 1] '
Damit hat man
4e”(le,|? — 1) el w
Im(r?) ~ —= ~ T~ 4 3.
und
2
R ( 2) ~ (‘€T|2+ 1)2 —4 E;",
e P e, + 1|2
(C.3.6)

W 2
pr

Fir die TE-Moden bekommt man

k2 2(6 —1)? E2\ 2 (€ —1)% +2i(e) — 1)e’ — €
2 o 0 T _ 0 r r r r
2 (F) U (F) = | (C.3.7)
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Es folgt damit

k2 2(6' - 1)2 o L4 2 k4 1 w2\ ?
PANY 0 r T 0%r o 0
Rt~ (5) e e awl ) (@39
und ] \ )
ky 1 kg 1 w
tm(r}) ~ Pryp2el(e — )~ et~ ourke(rl). (€39

Diese Ausdriicke werden im zweiten Kapitel dieser Arbeit verwendet, um N&herungs-
ausdriicke fiir die Nahfeldenergiedichte oberhalb einer frei stehenden Drude-Schicht
fiir solche Materialien zu erhalten, fiir die die Hagen-Rubens-Néherung erfiillt ist.
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Anhang D

Polylogarithmus und
Zeta-Funktion

In diesem Anhang sollen einige Formeln fiir die Riemannsche Zeta-Funktion und den
Polylogarithmus angegeben werden, auf die in der Dissertation gelegentlich zuriick-
gegriffen wird.

Der sogenannte Polylogarithmus ist durch [148]

Lin(z) =Y =

fir alle komplexen Zahlen z mit |z| < 1 definiert. Li; wird dabei auch als Diloga-
rithmus und Lis als Trilogarithmus bezeichnet. Anhand dieser Definition ist sofort
ersichtlich, dass die beiden Relationen

(D.1)

k
n

e

IliImOLin(z) =0, (D.2)
lim Li,(z) =z (D.3)

gelten.
Fiir reelle Argumente x mit |z| < 1 ist der Polylogarithmus ebenfalls rein reell
und geht fiir x = 1 in die Riemannsche Zeta-Funktion iiber; es gilt also

Lin(1) = 3" 2 =), (D.4)

Lin(1) =)= = (D.5)
L) = W= 1 = o (D.6)

Diese Werte sind aus dem Standardwerk von M. Abramowitz und I. Stegun [136]
entnommen.
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Neben der Reihendarstellung (D.1) existieren zwei Integraldarstellungen, die ge-
rade fiir Physiker niitzlich sein kénnen: Dazu gehort einerseits die Darstellung durch
cine Bose-Einstein-Funktion [148],

1 o "
Li == _— D.
) = oo | e (0.7)

und andererseits die Darstellung durch eine Fermi-Dirac-Funktion,

Lmﬂeﬁ):———l—sémdp—fl— (D.8)

I'(n+1 et/z+1

Zusammen mit Li, (1) = {(n) und der Bose-Einstein-Funktion bekommt man somit
die niitzliche Beziehung

o0 tn
/ At =T(n+ )¢ + 1), (D.9)
0
sodass beispielsweise

o t 2
dt = — D.10
A et _ 1 6 ) ( )

e’} t2

A a1 = 2¢3), (D.11)

00 3 4
/ a— =T (D.12)

0 et—1 15

gelten.
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