
Università degli Studi di Messina

DIPARTIMENTO DI SCIENZE MATEMATICHE ED INFORMATICHE, SCIENZE FISICHE E

SCIENZE DELLA TERRA

Corso di Dottorato di Ricerca in Fisica

Tesi di dottorato di ricerca

Teoria dello scattering elettromagnetico e applicazioni alle
pinzette ottiche e ai sistemi nanostrutturati

Candidato:

Francesco Patti
Relatore:

Chiar.ma Prof.ssa Rosalba Saija

Correlatore:

Chiar.mo Prof. Onofrio M. Maragò

Anno Accademico 2019/2020



Indice

1 Introduzione 4

2 Teoria dello Scattering Elettromagnetico 6

2.1 Introduzione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 6

2.2 Regimi di scattering . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 6

2.3 Scattering di Mie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7

2.3.1 Teoria Analitica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 9

2.4 Soluzioni generali dell'equazione di Helmoltz scalare . . . . . . 12

2.5 Il problema dello Scattering . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14

2.6 Espansione multipolare . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15

2.7 Matrice di transizione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 18

2.8 Modellizzazione dello scattering da un agglomerato di sfere . . 19

3 Teoria delle forze ottiche 24

3.1 Introduzione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 24

3.2 Forze ottiche in approssimazione geometrica . . . . . . . . . . 24

3.3 Forze ottiche in approssimazione di Rayleigh . . . . . . . . . . 29

3.4 Leggi di conservazione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32

3.5 Modellizzazione di un campo EM focalizzato . . . . . . . . . . 36

4 Pinzette ottiche chirali nel formalismo della matrice-T 39

4.1 Introduzione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39

4.2 Teoria Analitica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40



4.3 Interazione con un'onda piana . . . . . . . . . . . . . . . . . . 49

4.4 Pinzette ottiche chirali . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 52

4.4.1 Risultati . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55

5 Misure di forza vicino a super�ci con pinzette ottiche basate

su fasci vettoriali cilindrici 57

5.1 Introduzione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57

5.2 Setup sperimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60

5.3 Risultati . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 62

6 Ra�reddamento laser attivo di nanoparticelle levitate ottica-

mente 72

6.1 Introduzione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 72

6.2 Ra�reddamento laser attivo su una sfera . . . . . . . . . . . . 72

6.2.1 Step temporale della simulazione e tempo caratteristi-

co . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 75

6.2.2 Forze nel formalismo della matrice-T . . . . . . . . . . 76

6.3 Risultati . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 76

7 Modellizzazione dello scattering da sistemi di nano�bre po-

limeriche 82

7.1 Introduzione . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 82

7.2 Risultati . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 83

7.3 Libero cammino medio di scattering e lunghezza di trasporto. 85

2



8 Conclusioni 89

3



1 Introduzione

L'obiettivo principale di questo lavoro è quello di discutere un modello teo-

rico idoneo a descrivere alcuni fenomeni che caratterizzano l'interazione tra

radiazione elettromagnetica e materia nanostrutturata, con particolare rife-

rimento agli e�etti meccanici che possono scaturire in questo sistema. Nella

seconda parte della tesi si mostra come sia possibile applicare questi risultati

a sistemi di interesse tecnologico quali le pinzette ottiche (Optical Tweezers),

il ra�reddamento laser di nanoparticelle e la comprensione dello scattering

di luce da sistemi di nano�bre polimeriche elettro�late.

Nell'ambito dello studio del campo elettromagnetico e di come questo

si comporta in presenza di materia, un concetto fondamentale è certamente

quello di scattering. In generale, per scattering si intende un processo �sico in

cui la traiettoria di una particella o di un'onda viene de�essa a causa di una o

più disomogeneità nel mezzo in cui si propaga. Anche l'onda elettromagnetica

può subire questa fenomeno di di�usione, in questo caso si parla di scattering

elettromagnetico (EM).

La tesi è strutturata come segue. Il capitolo 2 e 3 fanno da introduzione

a tutti gli strumenti teorici necessari allo studio dello scattering EM e delle

forze ottiche nelle diverse situazioni sviluppate nei capitoli successivi [1, 2].

In particolare, nel capitolo 2 è introdotto, a partire dalle equazioni di Max-

well, il metodo della matrice di transizione, un metodo generale e potente per

risolvere il problema di scattering. Nel capitolo 3 approfondiamo lo studio

4



degli e�etti meccanici dell'interazione luce-materia sia attraverso lo studio di

alcuni casi limite, nei quali saranno utilizzate appropriate approssimazioni,

che attraverso una trattazione generale basata sui principi di conservazione

del momento lineare e angolare della radiazione. L'ultima parte è dedicata

alla descrizione teorica del campo EM focalizzato ed introduce la modelliz-

zazione delle pinzette ottiche, uno dei sistemi sperimentali che consente di

manipolare la materia alla dimensione micro e nanometrica. Nel capitolo 4 è

presentato un nuovo approccio teorico idoneo a descrivere la manipolazione

di sostanze chirali con pinzetta ottica e nel capitolo 5 si analizza il com-

portamento di una particella intrappolata otticamente in vicinanza di una

super�cie, variando la con�gurazione della radiazione incidente e utilizzando

una nuova classe di fasci laser chiamati fasci vettoriali cilindrici (Cylindrical

Vector Beams). Nel capitolo 6 si approfondisce la possibilità di utilizzare la

pinzetta ottica come strumento di ra�reddamento laser attivo per nanopar-

ticelle intrappolate in vuoto. In�ne, nel capitolo 7 si discute una interessante

applicazione del formalismo della matrice di transizione per la modellizzare

di un sensore termico basato su sistemi di nano�bre polimeriche elettro�late.

5



2 Teoria dello Scattering Elettromagnetico

2.1 Introduzione

Nell'ambito dello scattering EM possiamo distinguere tra scattering elastico,

se nel processo non sono coinvolti trasferimenti di energia, e anelastico, nel

caso contrario. Nel primo caso si parla per esempio di scattering Rayleigh

o di scattering di Mie, mentre un esempio tipico di scattering anelastico è

lo scattering Raman. In questo lavoro analizzeremo esclusivamente il caso

di di�usione elastica poichè il nostro interesse si concentra sulla interazione

radiazione materia con dimensioni alla nanoscala. Uno studio formalmente

completo di questo problema prevede che sia la radiazione che la materia

siano trattate nell'ambito della elettrodinamica quantistica (QED). Tuttavia

nel range di lunghezze d'onda della radiazione comprese fra l'ultravioletto e

il visibile, che ad esempio corrisponde alla regione di funzionamento di una

pinzetta ottica, è possibile sfruttare approssimazioni appropriate per trattare

l'interazione radiazione-materia in termini classici, cioè attraverso la teoria

elettrodinamica classica.

2.2 Regimi di scattering

Le evidenze sperimentali ci mostrano che, benchè il fenomeno �sico che sta

alla base dell'interazione sia uguale, al variare del rapporto fra la lunghez-

za d'onda della radiazione incidente e la dimensione complessiva dell'ogget-

to illuminato il risultato �nale ha caratteristiche di�erenti. Il parametro
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utilizzato per discriminare le di�erenti situazioni è il size parameter x :

x =
2π

λ
a

Dove λ è la lunghezza d'onda della radiazione, a la dimensione dell'oggetto

colpito. Per x � 1 si è nel regime dell'ottica geometrica. Al contrario, se

valgono le condizioni x� 1 e x(np− 1)� 1, con np indice di rifrazione della

particella, si è nel regime di scattering Rayleigh. Nel caso in cui le dimensioni

dell'onda e del corpo siano dello stesso ordine di grandezza, si cade in un

regime intermedio, risolvibile con un approccio teorico più generale, come

per esempio quello di Mie.

2.3 Scattering di Mie

Vedremo nel capitolo successivo che nei casi estremi in cui valgono o le con-

dizioni di ottica geometrica o quelle di scattering Rayleigh, ricorrendo ad

approssimazioni consistenti, si sono trovati dei modelli teorici semplici ma

funzionali in grado di predire il comportamento del sistema. Ma cosa succede

nella ampia regione intermedia?

Un esempio particolarmente illuminante di quanto possa essere drastico

l'utilizzo di un'approssimazione piuttosto che un'altra quando il size para-

meter ha valori che appartengono a questa regione intermedia, ci viene dato

dal comportamento di un sistema �sico che sarà protagonista nei prossimi

capitoli. Senza scendere al momento nel dettaglio, possiamo introdurlo qui
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dicendo solamente che è possibile utilizzare un fascio laser focalizzato da una

lente con alta apertura numerica per imprimere su un oggetto delle giuste

dimensioni una forza tale da poterlo manovrare come se fossimo armati di

una pinzetta. Il sistema infatti è detto pinzetta ottica, optical tweezers [3],

e di solito la forza del laser può essere approssimata, per piccoli spostamenti

dalla posizione di equilibrio, come una forza elastica su tutti e tre i gradi di

libertà spaziali. Potremo dunque de�nire tre costanti elastiche, ognuna delle

quali dipende fortemente dal size parameter in gioco.

Figura 1: Tipico andamento della costante elastica di una pinzetta ottica lungo la dire-
zione x, normalizzata per la potenza del laser incidente P, in funzione del raggio della
particella intrappolata, calcolato utilizzando: approssimazione di Rayleigh (linea rossa)
quella dell'ottica geometrica (linea blu) e teoria elettromagnetica (quadrati neri) [4]

Nella �gura 1 è riportato l'andamento della costante elastica della forza

che tende ad intrappolare la particella lungo l'asse z in funzione del raggio a.

Il risultato in approssimazione di Rayleigh (linea rossa), in approssimazione
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di ottica geometrica (linea blu) è confrontato con il calcolo esatto e�ettuato

con la teoria elettromagnetica (quadrati neri). Il caso in esame si riferisce

all'intrappolamento dovuto ad un sistema ottico costituito da una radiazione

laser di 10 mW con lunghezza d'onda di 632 nm, focalizzato da una lente con

un'apertura numerica di 1.2 su una sfera con indice di rifrazione 1.5 immersa

in acqua (nex=1.33). Si nota come le due approssimazioni siano in accordo

con il risultato esatto, basato sulla risoluzione analitica delle equazioni di

Maxwell, solo in una zona molto ristretta della curva, e non rendono conto

del fatto che esiste una e�cienza massima di intrappolamento che in questo

caso è per dimensioni attorno a 300 nm.

2.3.1 Teoria Analitica

Nonostante altri già si fossero occupati del problema (Debye, Lorenz, Cleb-

sch,..), il primo lavoro fondamentale sull'argomento fu scritto da Gustav Mie

e pubblicato nel 1908, applicato al caso di una soluzione colloidale di parti-

celle sferiche d'oro. Il punto di partenza sono naturalmente le equazioni di

Maxwell:

∇ · ~D = ρ

∇ · ~B = 0

∇× ~H − ∂ ~D

∂t
= ~J

∇× ~E +
∂ ~B

∂t
= 0
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Le equazioni costitutive nel caso di un mezzo lineare, isotropo e non magne-

tico sono:

~D = ε ~E

~B = µ ~H

~J = σ ~E

Dove ε,σ e µ, che generalmente sono tensori, che nel caso considerato si

riducono a scalari. Considerando µ = 1, per una componente monocromatica

di frequenza ω, con variazione temporale del tipo E(r) = e−iωt, in assenza di

cariche e correnti libere, i campi soddisferanno le equazioni:

(∇2 + k2
m) ~E = 0

(∇2 + k2
m) ~B = 0

dette equazioni vettoriali di Helmoltz. km è il vettore d'onda nel mezzo, ossia:

km = nm
ω

c

e nm è l'indice di rifrazione complesso del mezzo, funzione delle tre quantità

ε,σ e µ secondo la:

n2
m = µ

(
ε+

4πiσ

ω

)
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Per risolvere queste equazioni di�erenziali vettoriali sarebbe sicuramente più

maneggevole utilizzare coordinate rettangolari, ma il vantaggio di questa scel-

ta si ha solo quando le super�ci di separazione fra i mezzi che compongono il

sistema attraverso cui si propaga il campo, sono piane. Infatti se la super�-

cie di separazione è piana allora ciascuna delle equazioni che compongono il

sistema agisce su una singola componente del campo elettromagnetico e, dal

punto di vista matematico, il sistema di equazioni di�erenziali risulta essere

disaccoppiato. In ogni altro caso, per ottenere questo vantaggioso disaccop-

piamento, è necessario trovare un altro sistema di coordinate che rispetti la

simmetria del sistema. Indipendentemente dalla geometria del sistema, le so-

luzioni �sicamente signi�cative delle equazioni di Helmoltz devono comunque

soddisfare le condizioni al contorno:

~n× ( ~E1 − ~E2) = 0

~n× ( ~B1 − ~B2) = 0

dove ~n è il versore normale alla super�cie di separazione.
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2.4 Soluzioni generali dell'equazione di Helmoltz scala-

re

Consideriamo l'equazione di Helmoltz nella sua forma scalare:

(∇2 + k2
v)F (~r) = 0

Dove F (~r) = F (r, θ, φ). Assumiamo inoltre che la simmetria del problema

sia sferica. L'equazione di�erenziale può essere agevolmente risolta scriven-

dola in coordinate sferiche e tenendo conto che la funzione scalare F (~r) può

essere fattorizzata come F (~r) = F (r)Φ(ψ)Θ(θ). Si può dimostrare che le due

componenti angolari, che soddisfano l'equazione, sono della forma:

Φ(ψ) = eimψ

con m intero positivo, tale da soddisfare la condizione Φ(ψ + 2π) = Φ(ψ) e:

Θ(θ) = Plm(cos θ)

In quest'ultima equazione Plm è il polinomio di Legendre, di grado l edm, do-

ve l = 0, 1, 2, .. e m = −l.., 0,+l. Spesso la soluzione angolare dell'equazione

di Helmoltz scalare è data in termini delle armoniche sferiche Ylm [5, 1]:

Ylm(r̂) = Ylm(θ, φ) = Θ(θ)Φ(ψ) =

√
2l + 1

4π

(l −m)!

(l +m)!
Plm(cos θ)eimψ
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Dove r̂ è il versore radiale ed il prefattore sotto radice quadra è scelto in modo

tale da far si che le Ylm formino una base ortonormale di funzioni scalari, sulla

sfera unitaria: ∮
Ω

Ylm(r̂)Y ∗l′m′(r̂)dΩ = δll′δmm′

Per quanto riguarda invece la parte radiale della F (r), si può dimostrare che

esistono due soluzioni linearmente indipendenti che soddisfano l'equazione,

ossia le cosiddette funzioni sferiche di Bessel e di Neumann [5, 1]:

jl(z) = (−z)l
(

1

z

d

dz

)l
sin z

z

yl(z) = (−z)l
(

1

z

d

dz

)l
cos z

z

La combinazione di queste due soluzioni è ancora una soluzione dell'equazio-

ne:

hl(z) = h
(1)
l (z) = jl(z) + yl(z)

h
(2)
l (z) = jl(z)− iyl(z)

e costituiscono le funzioni sferiche di Hankel del primo e secondo tipo. Nella

�gura 2 sono riportati i pro�li tipici delle funzioni di Bessel e di Neumann,

si nota che mentre le j(z) sono caratterizzate da una regolarità all'origine, le

y(z) (e quindi anche le h(z)) divergono per piccoli z. Questo è il motivo per

cui la soluzione radiale dell'equazione scalare di Helmoltz è espressa tramite

una j(z) se è richiesta una regolarità all'origine oppure tramite una h(z) se
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Figura 2: Pro�lo tipico di alcune funzioni (a) j(z) e (b) y(z) [2]

occorre rispettare la condizione di radiazione all'in�nito.

2.5 Il problema dello Scattering

La soluzione dell'equanzione scalare discussa nel paragrafo precedente è di

basilare importanza poiché tutti i campi vettoriali coinvolti in un processo

di scattering soddisfano l'equazione di Helmoltz, e qualora la simmetria del

sistema lo consenta, può essere risolta per ogni loro componente scalare. I

campi interessati al problema di scattering sono: all'interno della particella

il campo ~Ep, all'esterno il campo ~ET = ~ES + ~EI , dove con ~ES è stato indi-

cato il campo di�uso e con ~EI il campo incidente. I corrispondenti campi

magnetici sono legati a questi dalle equazioni di Maxwell. Vediamo in detta-

glio che forma prendono queste soluzioni. Per esempio, la componente x del

campo elettrico scatterato, che soddisfa l'equazione di Helmoltz ed è regolare
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all'in�nito, è del tipo:

Es,x(~r) = Es,x(r, k̂S) =
+∞∑
l=0

hl(kmr)
+l∑

m=−l

Clm,x(k̂I)Ylm(k̂S)

E' possibile ottenere anche la sua forma asintotica utile a descrivere il com-

portamento del campo in far-�eld:

Es,x(~r) = Ei
eikmr

r
fx(k̂I , k̂S)

dove:

fx(k̂I , k̂S) = k−1
m

+∞∑
l=0

+l∑
m=−l

(−i)l+1Clm,x(k̂I)Ylm(k̂S)

è la ampiezza di scattering normalizzata, in termini della quale è possibile de-

�nire una delle quantità �siche misurabili quale la sezione d'urto di�erenziale

di scattering:
dσscat
dΩ

= |~f(k̂I , k̂S)|2

2.6 Espansione multipolare

L'approccio teorico descritto in precedenza che consente di risolvere l'equa-

zione di Helmoltz scalare non è comunque soddisfacente nella teoria elettro-

magnetica. Il campo EM è un campo vettoriale e questa sua qualità deve

essere mantenuta anche nelle soluzioni delle equazioni per descrivere corretta-

mente tutti i fenomeni legati alla polarizzazione, caratteristica �sica cruciale

nella corretta descrizione della propogazione del campo. Per questo moti-
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vo occorre utilizzare le armoniche sferiche vettoriali. Ogni set di armoniche

radiali ~Ylm e trasverse ~Zlm è de�nito come segue:

~Ylm(r̂) = Ylm(r̂)r̂

~Z
(1)
lm (r̂) = − i√

l(l + 1)
r̂ ×∇Ylm(r̂)

~Z
(2)
lm (r̂) = ~Z

(1)
lm × r̂

Questi vettori costituiscono una base ortonormale e sono i costituenti dei mul-

tipoli vettoriali sferici sulla base dei quali noi decidiamo di sviluppare i campi

elettromagnetici. In particolare de�niamo multipoli-J, i vettori utilizzati per

la costruzione dei campi regolari all'origine:

~J
(1)
lm (kr, r̂) = jl(kr)~Z

(1)
lm (r̂)

~J
(2)
lm (kr, r̂) =

i

kr

√
l(l + 1)jl(kr)~Ylm(r̂)− 1

kr

[
jl(kr) + r

djl(kr)

dr

]
~Z

(2)
lm (r̂)

e multipoli-H:

~H
(1)
lm (kr, r̂) = hl(kr)~Z

(1)
lm (r̂)

~H
(2)
lm (kr, r̂) =

i

kr

√
l(l + 1)hl(kr)~Ylm(r̂)− 1

kr

[
hl(kr) + r

dhl(kr)

dr

]
~Z

(2)
lm (r̂)

i vettori che si annullano quando r tende a ∞. Dunque le soluzioni generali

delle equazioni di Maxwell nel vuoto, si possono scrivere come sovrapposizio-
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ne di campi multipolari vettoriali:

~E(r, r̂) = E
+∞∑
l=0

+l∑
m=−l

W
(1)
lm
~J

(1)
lm (kr, r̂) +W

(2)
lm
~J

(2)
lm (kr, r̂) (1)

~E(r, r̂) =
+∞∑
l=0

+l∑
m=−l

A
(1)
lm
~H

(1)
lm (kr, r̂) + A

(2)
lm
~H

(2)
lm (kr, r̂) (2)

Tenendo conto del problema di scattering, il campo incidente è sicuramente

della forma dell'equazione 1. Il campo scatterato, al contrario, necessita di

un multipolo di tipo H, come nell'equazione 2. Per ogni coppia (l,m), W (1)

e W (2) sono le ampiezze note della radiazione incidente. Nel caso di onda

piana E0e
ikr, queste ampiezze hanno la forma:

W
(1)
i,lm = 4πilêi · ~Z(1)∗

lm (k̂i)

W
(2)
i,lm = 4πilêi · ~Z(2)∗

lm (k̂i)

E' interessante far notare che gli apici (1) e (2), indicano la natura dei mul-

tipoli coinvolti: l'apice (1) sta per multipolo di tipo magnetico magnetico,

essendo questo a divergenza nulla, mentre l'apice (2) indica un multipolo di

tipo elettrico. Le serie come quelle presenti nelle equazioni 1-2 hanno tutte

in�niti termini, esiste però un valore ottimale di l a cui poter troncare la

serie ed essere sicuri che converga. Si è dimostrato che, per un sistema con

size parameter x e indice di rifrazione tipico di un materiale dielettrico, basta

includere nella serie termini con l di poco superiore ad x [1].
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2.7 Matrice di transizione

Vista la linearità di tutte le equazioni che coinvolgono i campi, il processo

di scattering si può immaginare come l'azione di un operatore lineare che

agendo sul campo incidente restituisce il campo di�uso. Se il processo di

di�usione è descritto sulla base costituita dalle armoniche sferiche vettoriali,

questo operatore è indicato in letteratura come operatore di transizione [6, 7].

L'equazione che de�nisce questo operatore è:

~ES = T ~Ei

La sua rappresentazione sulla base dei campi multipolari sferici fornisce la

matrice di transizione, de�nita attraverso la seguente relazione[8]:

A
(p′)
s,l′m′ =

∑
plm

T
(p′p)
l′m′lmW

(p)
i,lm

Cioè quando per T si sceglie questa rappresentazione, l'operatore permette di

collegare i coe�cienti dello sviluppo del campo incidente, con quelli del cam-

po scatterato. Una delle caratteristiche peculiari di questo approccio è che la

matrice di transizione, per una data lunghezza d'onda incidente, dipende dal-

le caratteristiche chimico-�siche della particella e dalle condizioni al contorno

e non dalla geometria di scattering, costituendo il fattore ottico di struttura

del sistema. Per esempio, calcolando la matrice di transizione di una sfera

omogenea troveremo una matrice diagonale, indipendente da m e relata ai
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coe�cienti di Mie al e bl:

T
(p′p)
l′m′lm =


−bl p = p′ = 1 e l = l′ e m = m′

−al p = p′ = 2 e l = l′ e m = m′

0 altrimenti

In far �eld, è possibile scrivere la relazione tra l'ampiezza di scattering e la

matrice T. Nel caso in cui il campo incidente sia un'onda piana polarizzata

linearmente, questa relazione assume la seguente forma:

f(k̂S) =
1

km

∑
plm

∑
p′l′m′

(−i)l+p ~Z(p)
lm (k̂s)T

(p′p)
l′m′lmW

(p′)
i,l′m′

Questa espressione rappresenta una delle equazioni più importanti della teo-

ria dello scattering, in quanto riesce a far da ponte tra quantità misurabi-

li, quali le sezioni d'urto proporzionali a ~f(k̂S), e gli elementi di matrice,

calcolabili dal modello teorico, che contengono le proprietà del sistema �sico.

2.8 Modellizzazione dello scattering da un agglomerato

di sfere

Il formalismo della matrice-T ci permette di estendere quanto detto �nora

per una singola sfera al caso di un cluster di sfere, senza ricorrere ad alcuna

approssimazione. Consideriamo un gruppo di sfere numerate dall'indice α,

dal raggio ρα e dall'indice di rifrazione nα, i cui centri si trovano alla di-
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stanza Rα. Il campo di�uso da tutto l'aggregato può essere scritto come la

sovrapposizione dei campi di�usi dalle singole sfere:

ESη = E0

∑
α

∑
plm

H
(p)
lm (rα, k)A

(p)
ηαlm

dove rα = r −Rα. Il campo all'interno di ogni sfera è del tipo:

ETηα = E0

∑
plm

J
(p)
lm (rα, k)C

(p)
ηαlm

con kα = nαkv in modo che sia regolare ovunque all'interno della sfera. Le

ampiezze C(p)
ηαlm eA(p)

ηαlm sono determinate applicando le condizioni al contorno

ai campi sulla super�cie di ogni sfera. Pertanto, il campo scatterato è dato

da una combinazione lineare di campi multipolari con origini diverse, mentre

il campo incidente è dato da una combinazione di campi multipolari centrati

sull'origine delle coordinate. Per scrivere l'intero campo in termini di campi

multipolari centrati in Rα usiamo il teorema di addizione. In questo modo il

campo di�uso sulla super�cie della α-esima sfera risulta essere:

ESη = E0

∑
plm

H
(p)
lm (rα, k)A

(p)
ηαlm +

∑
α′

∑
p′ l′m′

J
(p)
lm (rα, k)H

(pp
′
)

αlmα′ l′m′A
(p)

ηα′ l
′
m

′


dove l'operatore H è una matrice di trasferimento. Analogamente, il campo
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incidente sulla super�cie della α-esima sfera è:

EIη = E0

∑
plm

∑
p′ l′m′

J
(p)
lm (rα, k) J

(pp
′
)

αlm0l′m′W
(p

′
)

Iηl′m
′

dove R0 = 0 è la distanza vettoriale dall'origine. Applicando le condizioni al

contorno, otteniamo per ciascuna α quattro equazioni che ci permettono di

eliminare le ampiezze del campo interno, ottenendo un sistema di equazioni

disomogenee lineari:

∑
α′

∑
p′ l′m′

M
(pp

′
)

αlmα′ l′m′A
(p)
ηαlm = −W (p)

Iηαlm

dove è stato de�nito:

W
(p)
Iηαlm =

∑
p′ l′m′

J
(pp

′
)

αlm0l′m′W
(p

′
)

Iηαlm

e:

M
(pp

′
)

αlmα′ l′m′ = (R
(p)
αl )
−1
δαα′δpp′δll′δmm′ +H

(pp
′
)

αlmα′ l′m′

Le quantità R(p)
αl sono i coe�cienti di Mie per la α-esima sfera. Le quantità

H
(pp

′
)

αlmα′ l′m′ risultanti dal teorema di addizione descrivono i molteplici processi

di scattering che si veri�cano tra le sfere nell'aggregato. Il veri�carsi di questi

processi è indicativo dell'accoppiamento tra sfere. Gli elementi H(pp
′
)

αlmα′ l′m′

della matrice di trasferimento tengono conto dell'accoppiamento dei campi

multipolari sia della stessa che di diversa parità, con origine su sfere diverse.
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La soluzione formale al sistema:

A
(p)
ηαlm = −

∑
p′ l′m′

[
M−1

](pp′ )
αlmα′ l′m′W

(
p
′)

Iηα′ l′m′

mette in relazione le ampiezze multipolari del campo incidente con quelle del

campo scatterato dall'intero oggetto. Per de�nire la matrice T dell'intero

aggregato è necessario esprimere il campo scatterato in termini di campi

multipolari con la stessa origine. Grazie al teorema di addizione, questo può

essere scritto come:

ESη =

∑
plm

∑
α′

∑
p′ l′m′

H
(p)
lm (rα, k) J

(
pp

′)
0lmα′ l′m′A

(
p
′)

ηα′ l′m′

 =
∑
plm

H
(p)
lm (r, k)A

(p)
ηαlm

che è valido nella regione esterna alla sfera più piccola che contiene l'intero

aggregato. L'equazione precedente mostra che il campo di�uso dall'intero

cluster può essere espanso come una serie di campi multipolari vettoriali

con una sola origine (espansione monocentrica) a condizione che le ampiezze

siano:

A
(p)
ηαlm =

∑
α′p′ l′m′

J
(pp

′
)

0lmα′ l′m′A
(p

′
)

ηα′ l′m′

Sostituendo alle ampiezze la loro espressione estesa, possiamo de�nire la

matrice T dell'aggregato:

S
(pp

′
)

lml′m′ = −
∑

αα′qq′ ll′mm′

J
(pq)
0lmαLM

[
M−1

](qq′ )
αLMα′L′M ′ J

(
q
′
p
′)

αL
′
M ′0l′m′
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Queste sono le quantità necessarie per de�nire la matrice di ampiezza di

scattering normalizzata dell'aggregato che comprende tutte le grandezze os-

servabili del processo di scattering, in quanto è correlato al �usso di energia

elettromagnetica che la particella disperde all'interno dell'angolo solido uni-

tario attorno alla direzione di osservazione. Per calcolare la matrice T di un

cluster dobbiamo risolvere il sistema appena scritto che ha, in linea di prin-

cipio, un ordine in�nito. Naturalmente, il sistema deve essere troncato a un

certo ordine �nito includendo termini di espansioni multipolari �no all'ordine

lM , scelto per garantire la convergenza dei calcoli. Per un gruppo di N sfere

questo implica la risoluzione di un sistema di ordine dM = 2NlM(lM + 2) che

può diventare piuttosto grande. Ad esempio vedremo che nei nostri calcoli

sul sistema di nano�bre elettro�late discussi nel Cap. 7 abbiamo usato lM

= 4 che per il cluster più grande, con 360 subunità, porta a dM = 17280.

L'inversione della matrice M è il passaggio che richiede più tempo alla CPU

durante il calcolo e ha una dipendenza del tipo d3
M , ossia aumenta con il cubo

del numero di sfere.
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3 Teoria delle forze ottiche

3.1 Introduzione

Un aspetto fondamentale dell'interazione tra radiazione EM e materia è quel-

lo che riguarda le leggi di conservazione di energia, momento lineare e angola-

re. Come conseguenza della conservazione del momento lineare, per esempio,

la luce ha la capacità di esercitare una forza sulla materia. Il primo ad accor-

gersi di tali e�etti meccanici fu Keplero, nel 1619, notando che la direzione

della coda delle comete lungo il loro tragitto attorno al Sole è dovuta alla

pressione della radiazione solare esercitata sulle particelle che la compongono.

Fu Maxwell, nel 1873, a dedurre teoricamente questo e�etto ottico. In segui-

to furono Lebedev, Nichols e Hull a e�ettuarne le prime misure sperimentali

nel 1901.

3.2 Forze ottiche in approssimazione geometrica

Nel limite concettuale di lunghezza d'onda tendente allo zero un'onda EM si

propaga in un mezzo omogeneo con una traiettoria rettilinea. In questo li-

mite, i fenomeni ottici possono essere interpretati considerando la radiazione

non come un'onda, ma più semplicemente come un raggio luminoso. Geome-

tricamente, un raggio luminoso è una linea, perpendicolare al fronte d'onda,

che può curvare quando variano le proprietà ottiche del mezzo di propaga-

zione. Il principio di Fermat fornisce una delle caratteristiche principali del

raggio: la sua traiettoria tra due punti è quella che può essere percorsa in mi-
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nor tempo. Questo è il campo dell'ottica geometrica, detta così perché tutte

le deduzioni si fanno con costruzioni geometriche che obbediscono alle leggi

della ri�essione e della trasmissione. Un raggio luminoso, quando attraversa

la super�cie di separazione tra due mezzi diversi, viene in parte ri�esso ed

in parte trasmesso, mantenendosi sullo stesso piano individuato dal raggio

incidente e dalla normale al piano. I due vincoli geometrici suddetti sono le

leggi di Cartesio. La parte ri�essa obbedisce alla condizione:

θi = θr

Dove θi è l'angolo di incidenza e θr l'angolo di ri�essione, misurati rispetto

alla normale alla super�cie. La parte trasmessa ha invece il vincolo (anche

legge di Snell):

ni sin θi = nt sin θt

Dove θi e θt sono gli angoli di incidenza e di trasmissione, mentre gli n sono

detti indici di rifrazione, de�niti dalla relazione:

n =
c

v

Dove c è la velocità della luce nel vuoto e v la velocità della luce nel mezzo in

cui si sta propagando. ni ed nt sono dunque gli indici di rifrazione del mezzo

che sta prima della super�cie a cui avviene la trasmissione e del mezzo in cui

si trasmette. La conservazione dell'energia richiede che la potenza del raggio
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incidente sia uguale alla somma delle potenze dei raggi trasmessi e ri�essi. In

che modo l'intensità venga ripartita tra questi raggi, può essere dedotto dalle

equazioni di Maxwell. I risultati dipendono dalla polarizzazione incidente e

sono detti equazioni di Fresnel:

Rs =

(
ni cos θi − nt cos θt
ni cos θi + nt cos θt

)2

Rp =

(
ni cos θt − nt cos θi
ni cos θt + nt cos θi

)2

Ts =
4nint cos θi cos θt

(ni cos θi + nt cos θt)2

Tp =
4nint cos θi cos θt

(ni cos θt + nt cos θi)2

Dove si sono utilizzati i pedici s e p, per riferirsi ad una polarizzazione perpen-

dicolare e parallela rispetto al piano di incidenza. Controllando la dipendenza

angolare dei quattro coe�cienti, ci si accorge che esiste un particolare angolo

di incidenza per cui viene ri�essa solo l'onda polarizzata s, questo è detto

angolo di Brewster :

θB = arctan

(
nt
ni

)
Un'altra peculiarità di questi sistemi è che facendo passare il raggio da un

mezzo con indice di rifrazione più basso ad uno con un indice più alto questo

è sempre trasmesso. Invece nel caso inverso esiste un angolo, detto critico,
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per cui avviene solamente ri�essione:

θC = arcsin

(
nt
ni

)

Quello che accade quando una particella viene investita da una radiazione

EM (nel caso le loro dimensioni ricadano nel regime di ottica geometrica)

può essere spiegato tramite un semplice modello: si consideri un raggio ri, di

potenza Pi, che incide su una sfera dielettrica con un angolo θi. Non appena il

raggio colpisce la super�cie della sfera, una sua parte verrà ri�essa ed un'altra

verrà trasmessa, in accordo con le leggi della ri�essione e della trasmissione e

della conservazione dell'energia. Il raggio trasmesso raggiungerà la super�cie

opposta della sfera e qui di nuovo verrà diviso tra raggio ri�esso e raggio

rifratto. Partono così una serie di fenomeni di ri�essione-rifrazione, durante

i quali la potenza del raggio va via via diminuendo. La forza totale agente

sulla sfera è:

Fray =
niPi
c
~ri −

niPr
c
~rr,0 −

∞∑
n=1

niPt,n
c

~rt,n

Dove le notazioni sono quelle utilizzate in �gura 3.
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Figura 3: Geometria tipica di scattering da una particella sferica nel regime di ottica
geometrica [2]

In generale, se più di un raggio interagisce con la particella, la forza

totale è data dalla somma delle forze generate dalla ri�essione e rifrazione di

ogni singolo raggio. Per semplicità consideriamo un raggio laser altamente

focalizzato che colpisce una particella sferica. Per calcolare la forza ottica

del fascio focalizzato, lo modelliziamo come un insieme di molti raggi che

convergono da un angolo molto grande nel punto focale. Dobbiamo dunque

tenere conto di tutti i contributi F(m)
ray associati alla ri�essione e trasmissione

di ogni m-esimo raggio con potenza P (m)
i nella direzione r̂(m)

i che forma il

fascio. Pertanto, la forza totale che agisce sul centro di massa della sfera è

FGO =
∑

mF
(m)
ray , più esplicitamente [4]:
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FGO =
∑
m

[
nmP

(m)
i

c
r̂

(m)
i − nmP

(m)
r

c
r̂

(m)
r,0 −

+∞∑
j=1

npP
(m)
t,j

c
r̂

(m)
t,j

]
. (3)

dove r̂
(m)
r,0 , P (m)

r e r̂
(m)
t,j , P

(m)
t,j sono rispettivamente il vettore unitario e la

potenza nella direzione dei 0-raggi ri�essi e dei j-esimi raggi trasmessi. Ogni

forza ottica, associata al raggio m-esimo, ha componenti solo nel piano di

incidenza e può essere suddivisa in due componenti perpendicolari tra loro

(questo è valido solo per le sfere). La componente nella direzione del raggio

incidente rappresenta la pressione di radiazione che allontana la particella

dal centro della trappola. La componente perpendicolare è invece la forza di

gradiente, che spinge la particella verso l'asse ottico, quando nm < np. Se

invece nm > np la particella viene spinta via dalla regione focale e occorre

utilizzare strategie diverse di intrappolamento ottico [9].

3.3 Forze ottiche in approssimazione di Rayleigh

Per scattering Rayleigh s'intende lo studio del fenomeno di di�usione della

luce nel caso in cui la lunghezza d'onda incidente è molto più grande delle

dimensioni medie delle particelle costituenti il campione. Nonostante fosse

stato proprio il �sico inglese Lord Rayleigh a studiare per primo questo caso

dal punto di vista quantitativo nella seconda metà dell'Ottocento, già Leo-

nardo da Vinci, intorno al 1500, ne aveva intuito il meccanismo, studiando la

di�usione della luce solare da parte del fumo. Per semplicità si consideri un
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sistema costituito da due corpi di carica elettrica opposta, di massa m, posti

alla distanza r, investito da una radiazione EM variabile col tempo, con una

lunghezza d'onda tale da ricadere nel regime di approssimazione suddetta. Il

dipolo, sotto l'azione del campo EM, prende anch'esso ad oscillare, emetten-

do radiazione EM. Si può dimostrare che l'intensità dell'onda emessa è del

tipo:

I = I0
(1 + cos2 θ)

2R2

(
2π

λ

)4(n2
p − 1

n2
p + 2

)2(
d

2

)6

Dove I0 è l'intensità incidente e θ l'angolo formato fra la direzione del fascio

incidente e quello di�uso, R la distanza dalla particella, d il suo diametro

ed np il suo indice di rifrazione, λ in�ne è la lunghezza d'onda della ra-

diazione. Calcoliamo le forze ottiche a cui è soggetto questo sistema sotto

l'azione di un campo EM variabile nel tempo. Per campi esterni non troppo

intensi, il momento di dipolo indotto p(r, t) può essere espresso in termini

della polarizzabilità complessa lineare αp, che rispetto al mezzo esterno, ha

la forma:

αp = α0

(
1− ik3

mα0

6πεm

)−1

dove εm è la permittività elettrica del mezzo esterno, α0 = 3V εm(εp −

εm)/(εp + 2εm) è la polarizzabilità statica calcolata tramite la relazione di

Clausius e Mossotti, V è il volume della particella e εp la permittività elettri-

ca della particella. Nel regime di approssimazione di dipolo la polarizzabilità

è collegabile alle sezioni d'urto [10]. Per una particella di polarizzabilità αp,

30



le sezioni d'urto di estinzione e di scattering:

σext =
km
εm

I{αp}

σscat =
k4
m

6πε2m
|αp|2

Si può dimostrare che le forze ottiche in un sistema di questo tipo possono

essere scritte nella forma [5]:

~FDA =
1

4
Re{αp}∇|Ei|2 +

σext
c
~Si −

1

2
σextc∇× ~sd

Dove i due vettori:

~Si =
1

2
Re{ ~Ei × ~H∗i }

~sd = i
ε0
2ω

~Ei × ~E∗i

sono rispettivamente la media temporale del vettore di Poynting e la media

temporale della densità di spin dell'onda incidente. Ognuna delle tre parti

che costituisce l'equazione, ha caratteristiche particolari:

• Forza di gradiente: dipende dall'intensità del campo ed è una forza

conservativa. Induce il corpo a spostarsi verso o lontano dalle zone

di maggiore intensità, a seconda se la sua polarizzabilità è positiva o

negativa.

• Forza di scattering: dipende dal vettore di Poynting relativo alla radia-

zione incidente e ne ha la stessa direzione e verso; è una forza di tipo
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non conservativo. E' causata dai processi di trasferimento del momento

del campo al corpo, difatti è pure proporzionale alla sezione d'urto di

estinzione.

• Forza di spin-rotore: anche questa è una forza non conservativa e deriva

dal gradiente di polarizzazione nel campo incidente.

3.4 Leggi di conservazione

In qualsiasi condizione sperimentale o approssimazione teorica ci si voglia

mettere, l'interazione tra materia e radiazione EM è soggetta alle tre leggi

di conservazione: energia, momento lineare e momento angolare [5]. La

legge di conservazione dell'energia è rappresentata dal teorema di Poynting,

che lega il �usso del vettore di Poynting ~S attraverso una super�cie di cui

n̂ è versore normale, con la variazione temporale dell'energia del sistema

combinato campo+particella:

d

dt
(Umecc + Ucampo) = −

∮
S

~S · n̂dS

Le quantità �siche scritte nella formula precedente sono de�nite dalle seguenti

relazioni:
dUmecc
dt

=

∫
V

~J · ~EtotdV

Ucampo =

∫
V

ωdV
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ω =
1

8π
(εE2

tot +
1

µ
B2
tot)

~S =
c

4π
( ~Etot × ~Htot)

Dove ~J è la densità di corrente associata al moto delle particelle nel volume

V . La conservazione del momento lineare è del tipo:

d

dt
(~Pmecc + ~Pcampo) =

∫
V

∇ · TMdV

~Pmecc è il momento meccanico delle cariche e ~Pcampo è de�nito dalla relazione:

d

dt

∫
V

~S

c2
dV =

d

dt
~Pcampo

Dove ~S è sempre il vettore di Poynting. TM è invece il cosiddetto tensore

degli sforzi di Maxwell:

TM = ε0

[
~Etot ⊗ ~Etot + c2 ~Btot ⊗ ~Btot −

1

2
( ~Etot · ~Etot + c2 ~Btot · ~BtotI)

]

dove l'operazione che compare nei primi due termini a destra è il prodotto

diadico, mentre I è l'unità diadica. Dalla media temporale della dell'equa-

zione della conservazione del momento è possibile ricavare la forza che agisce

sulla particella:

~Frad =

∮
S

T̄M · n̂dS
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. Possiamo trovare la relazione per la forza di radiazione in campo lontano

nel caso in cui la radiazione incidente sia un'onda piana. Partendo dalla

formulazione del teorema ottico, si può dimostrare che:

~Frad =
nm
c
I0

[
σextk̂I −

∫
Ω

dσscat
dΩ

r̂dΩ

]

dove compaiono esplicitamente le sezioni d'urto di estinzione e di scattering.

Sviluppando i campi coinvolti in questa relazione in termini di multipoli

sferici vettoriali, si trova che la forza di radiazione può essere scritta come la

somma di due componenti:

Fscat(û) =
εmE

2
i

2k2
m

<

[∑
plm

∑
p′l′m′

A
(p)∗
s,lmA

(p′)
s,l′m′i

l−l′I
(pp′)
lml′m′(û)

]

Fext(û) = −εmE
2
i

2k2
m

<

[∑
plm

∑
p′l′m′

W
(p)∗
i,lmA

(p′)
s,l′m′i

l−l′I
(pp′)
lml′m′(û)

]

dove Ei è l'ampiezza del campo incidente e:

I
(pp′)
lml′m′(û) =

∫
Ω

(r̂ · û)ip−p
′ ~Z

(p)∗
lm (r̂) · ~Z(p′)

l′m′(r̂)dΩ

La prima componente della forza dipende esclusivamente dai coe�cienti del

campo scatterato, mentre la seconda anche da quelli del campo incidente,

proprio come le sezioni d'urto di scattering e di estinzione, da qui la de�-

nizione Fscat e Fext. Un altro punto da sottolineare è che queste relazioni

rimangono valide anche nel caso il campo incidente sia una sovrapposizione
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di onde piane, passaggio che ci tornerà utile nell'analisi del sistema pinzetta

ottica.

Per quanto riguarda invece la conservazione del momento angolare:

d

dt
( ~Jmecc + ~Jcampo) = −

∮
S

(TM × ~r) · n̂dS

~Jmecc è il momento angolare delle cariche e ~Jcampo è de�nito dalla relazione:

~Jcampo =

∫
V

~r ×
~S

c2
dV

Dove ~S è il vettore di Poynting. E�ettuando la media temporale dell'equa-

zione della conservazione del momento angolare, si trova che:

~Trad = −
∮
S

(T̄M × ~r) · n̂dS

Come per la forza di radiazione, si può dimostrare che le componenti del

momento torcente di radiazione (de�nite come Trad,i = ~Trad · î) scritto in

termini di multipoli sferici vettoriali, hanno la forma:

Trad,z = −εmE
2
i

2k3
m

∑
plm

m<W (p)
i,lmA

(p)∗
s,lm −

εmE
2
i

2k3
m

∑
plm

m|A(p)
s,lm|

2

Dove in analogia con quanto fatto per la forza, abbiamo diviso la relazione
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in un termine di estinzione e uno di scattering:

Trad,z = Text,z − Tscat,z

Per quanto riguarda le componenti trasversali:

Trad,x = −εmE
2
i

4k3
m

∑
plm

<{s(−)
lm W

(p)
i,lm+1A

(p)∗
s,lm + s

(+)
lm W

(p)
i,lm−1A

(p)∗
s,lm}

−εmE
2
i

4k3
m

∑
plm

<{s(−)
lm A

(p)
s,lm+1A

(p)∗
s,lm + s

(+)
lm A

(p)
s,lm−1A

(p)∗
s,lm}

Trad,y = −εmE
2
i

4k3
m

∑
plm

={−s(−)
lm W

(p)
i,lm+1A

(p)∗
s,lm + s

(+)
lm W

(p)
i,lm−1A

(p)∗
s,lm}

−εmE
2
i

4k3
m

∑
plm

={−s(−)
lm A

(p)
s,lm+1A

(p)∗
s,lm + s

(+)
lm A

(p)
s,lm−1A

(p)∗
s,lm}

Dove s(−)
lm =

√
(l −m)(l +m+ 1) e s(+)

lm =
√

(l +m)(l −m+ 1). Anche

per queste componenti si è distinto fra un termine di estinzione e uno di

scattering.

3.5 Modellizzazione di un campo EM focalizzato

Uno dei punti di forza del formalismo della matrice-T è la sua applicabilità a

qualsiasi campo descrivibile come sovrapposizione di onde piane. Anche un

campo EM focalizzato da una lente può essere scritto in questi termini. Per
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fare ciò ricorriamo alla rappresentazione di spettro angolare [11]:

~Ef (x, y, z) =
iktfe

−iktf

2π

∫ θmax

0

sin θ

∫ 2π

0

~Eff,t(θ, φ)ei[kt,xx+kt,yy]ekt,zzdφdθ

dove f è la lunghezza focale della lente, kt è il numero d'onda trasmesso,

l'angolo θ è l'angolo di trasmissione (collegato alla relazione dei seni di Ab-

be) e le onde piane ~Eff,t(θ, φ) hanno un'ampiezza relata al campo incidente

Ei(θ, φ), tramite la legge di intensità:

Eff,t(θ, φ) = Ei(θ, φ)

√
ni
nm

√
cos θfw

dove ni è l'indice di rifrazione prima del piano principale del sistema ottico,

nm è quello nella regione dell'obiettivo e fw è la funzione di apodizzazione:

fw = exp

(
− sin2 θ

f 2
0 sin2 θmax

)

dove f0 è il �lling factor, f0 = ω0/(f sin θmax), di una lente con apertura

numerica NA = ni sin θmax, è il rapporto tra la larghezza ω0 del raggio Gaus-

siano incidente e l'apertura e�ettiva della lente, f sin θmax.

Una volta introdotto l'approccio della matrice-T alla teoria elettromagne-

tica e la rappresentazione di spettro angolare per modellizzare un campo

focalizzato, abbiamo tutti gli strumenti per poter studiare formalmente il

comportamento di una pinzetta ottica. Nei capitoli successivi introdurremo

alcuni sistemi particolari dove poter applicare questo formalismo e poterne

37



apprezzare la potenza e la �essibilità.
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4 Pinzette ottiche chirali nel formalismo della

matrice-T

4.1 Introduzione

Un mezzo si dice otticamente attivo se ha la capacità di ruotare il piano di

polarizzazione di un'onda E.M. polarizzata linearmente. Solo quelle mole-

cole non sovrapponibili alla loro immagine ri�essa sono otticamente attive.

Gli oggetti che mostrano questa mancanza di simmetria per ri�essione, ven-

gono detti chirali e possono quindi esistere in due forme di�erenti, dette

enantiomeri[12]. Questo comporta che all'interno del mezzo due onde pola-

rizzate circolarmente ma in senso opposto si propagano con velocità diverse e

vengo assorbite in diversa quantità. In particolare: in un mezzo in cui ci sono

più molecole destrorse, un campo polarizzato RCP viaggia più velocemente

rispetto ad un campo LCP, e vice versa (ho fatto uso della nomenclatura

standard della IUPAC per classi�care gli enantiomeri tra destrogiri R e levo-

giri S). Un composto con uguale concentrazione delle due forme non presenta

attività ottica ed è detto miscela racemica. Anche un'onda elettromagnetica

può essere un oggetto chirale, si pensi ad esempio ai casi di polarizzazione

circolare. Il suo grado di chiralità si misura tramite la chiralità ottica C [13]:

C =
ε0
2
~E · ~∇× ~E +

1

2µ0

~B · ~∇× ~B
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introdotta da Lipkin negli anni sessanta. Una delle caratteristiche più inte-

ressanti della dinamica di un sistema chirale è che questa dipende fortemen-

te dalla versione chirale coinvolta. Inoltre, moltissime molecole organiche,

come proteine e zuccheri, sono chirali, per cui questo tipo di studi può da-

re una grande quantità di informazioni anche in ambiti come la biologia e

l'astronomia.

4.2 Teoria Analitica

Consideriamo una particella otticamente attiva con un indice di rifrazione

medio np =
√
ε/µ immersa in mezzo non dispersivo e omogeneo con indi-

ce di rifrazione nm. Per una descrizione macroscopia di un mezzo chirale,

utilizziamo le relazioni costitutive di Drude-Born-Fedorov (DBF) [14]:

~D = ε ~E +
αε

k
~∇× ~E

~B = µ ~H + βµ~∇× ~H

insieme alle equazioni di Maxwell. Se imponiamo la simmetria temporale:

α = β.

Il parametro chirale β è adimensionale ed è relato agli indici di rifrazio-

ne chirale, nL = n̄/(1 − βn̄) e nR = n̄/(1 + βn̄), per onde LCP e RCP
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rispettivamente, dove n̄ = np/nm è l'indice di rifrazione medio del mezzo:

β =
1

2

(
1

nR
− 1

nL

)

In generale, β è un numero complesso, la cui parte reale ed immaginaria è

relata alla di�erenza tra le parti reali ed immaginari degli indici di rifrazione

nel mezzo di onde RCP ed LCP. Inoltre, si può dimostrare che se la sua parte

reale è positiva allora il mezzo eccede di enantiomeri di tipo R, e viceversa.

Possiamo quindi a�ermare che il parametro di chiralità è una grandezza fon-

damentale nello studio formale del comportamento ottico di questi sistemi,

poichè racchiude tutte le informazioni necessarie. Ad esempio β è idoneo a

modellizzare la di�erente velocità di propagazione ( parte reale) e il di�eren-

te assorbimento ( parte immaginaria), di due onde polarizzate circolarmente

ma con verso opposto.

Adesso proviamo a capire se, in assenza di cariche e correnti, possiamo ot-

tenere delle equazioni simili a quelle di Helmholtz per un mezzo omogeneo

e isotropo. La possibilità di ottenere questo tipo di relazioni anche nel caso

chirale è di fondamentale importante, poichè ci permetterebbe di risolvere il

problema di scattering utilizzando il formalismo della matrice-T [15]. Usan-

do le equazioni costitutive DBF, possiamo ritrovare delle equazioni simili a

quelle di Helmholtz:

∇2

 ~E
~H

+ K2

 ~E
~H

 = 0
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Dove K è la matrice non diagonale:

k

1− β2µε

βµε iµ

−iε βµε


queste relazioni ci mostrano che in un mezzo chirale i campi si propagano

in modo accoppiato. Bohren [16] ha dimostrato che un ottimo modo per

separare i campi è considerare qualsiasi campo all'interno di un mezzo chirale

come una sovrapposizione di onde polarizzate circolarmente. Formalmente

dovremo fare la trasformazione lineare:

 ~E
~H

 = A

 ~QL

~QR



A =

 1 −i/np

−inp 1


I campi interni al mezzo saranno quindi del tipo:


~EP = ~QL − i

np

~QR

~HP = −inp ~QL + ~QR
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E utilizzando l'espansione multipolare [1]:


~QL =

∑
lmCLlm[ ~J

(1)
Llm + ~J

(2)
Llm]

~QR =
∑

lmCRlm[− ~J (1)
Rlm + ~J

(2)
Rlm]

con:

~J
(1)
Llm = jl(kLr) ~X

(1)
lm (r)

~J
(2)
Llm =

1

kL
~∇× ~J

(1)
Llm

dove kL = nLk e con una de�nizione simile per ~J (1)
Rlm e ~J

(2)
Rlm. Naturalmen-

te, utilizziamo i campi multipolari-J per assicurare la regolarità dei campi

ovunque all'interno della sfera. I coe�cienti CLlm e CRlm sono determinati

imponendo le condizioni al contorno lungo la super�cie della sfera. Assumia-

mo che il mezzo attorno alla sfera sia omogeneo, isotrpop e nonmagnetico, e

che il campo incidente e quello scatterato possono essere scritti nella forma:

~EI = E0

∑
plm

~J
(p)
lm (~r, k)W

(p)
lm (~eI , ~kI)

~Es = E0

∑
plm

~H
(p)
lm (~r, k)A

(p)
lm(~eI , ~kI)

mentre il campo magnetico nella regione esterna alla sfera:

~H = − i
k
∇× ~E
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Applicando le condizioni al contorno, per ogni l e m, otteniamo:

hl(x)A
(1)
lm + jl(x)W

(1)
Ilm = jl(xL)CLlm +

i

np
jl(xR)CRlm,

−1

x
w′l(x)A

(2)
lm −

1

x
u′l(x)W

(2)
Ilm = − 1

xL
u′l(xL)CLlm +

1

xRnp
u′l(xR)CRlm,

inm
x
w′l(x)A

(1)
lm +

inm
x
u′l(x)W

(1)
Ilm =

inp
xL

u′l(xL)CLlm −
1

xR
u′l(xR)CRlm,

−inmhl(x)A
(2)
lm − inmjl(x)W

(2)
Ilm = −inpjl(xL)CLlm − jl(xR)CRlm.

In queste formule jl(x) e hl(x) sono le funzioni di Hankel e Bessel, mentre

ul(x) = xjl(x) e wl(x) = xhl(x) sono le funzioni di Riccati-Bessel e Riccati-

Hankel; il segno ' indica l'operazione di di�erenziazione e le variabili x = kma,

xL = kLa e xR = kRa, sono size parameters, a è il raggio della particella.

Così possiamo trovare la matrice-T del sistema:

A
(p)
lm = −

∑
p′

Rpp′

l W p′

lm

T pp
′

lml′m′ = −Rpp′

l δll′δmm′

Dove:

R
(11)
l =

1

Dl

{[nmu′l(xL)u(x)− ul(xL)u′(x)][u′l(xR)wl(x)− nmul(xR)w′l(x)]

+[u′l(xL)wl(x)− nmul(xL)w′l(x)][nmu
′
l(xR)ul(x)− ul(xR)u′l(x)]},
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R
(12)
l = R

(21)
l =

1

Dl

{[u′l(xL)u(x)− nmul(xL)u′(x)][u′l(xR)wl(x)− nmul(xR)w′l(x)]

−[u′l(xL)wl(x)− nmul(xL)w′l(x)][u′l(xR)ul(x)− nmul(xR)u′l(x)]},

R
(22)
l =

1

Dl

{[nmu′l(xL)w(x)− ul(xL)w′(x)][u′l(xR)ul(x)− nmul(xR)u′l(x)]

+[u′l(xL)ul(x)− nmul(xL)u′l(x)][nmu
′
l(xR)wl(x)− ul(xR)w′l(x)]},

con:

Dl = [nmu
′
l(xL)wl(x)− ul(xL)w′l(x)][u′l(xR)wl(x)− nmul(xR)w′l(x)]

+[u′l(xL)ul(x)− nmul(xL)u′l(x)][nmu
′
l(xR)wl(x)− ul(xR)w′l(x)].

Per una sfera achirale, β = 0, ritroviamo le soluzioni di Mie, quindi una

matrice diagonale nell'indice di parità p:

T pp
′

lml′m′ = −Rp
l δll′δmm′δpp′

e:

σext =
2π

k2
m

∑
pl

(2l + 1)<{Rp
l }

σscat =
2π

k2
m

∑
pl

(2l + 1)|Rp
l |

2
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Nel caso chirale:

σ̃ηext =
2π

k2
m

∑
lpp′

(2l + 1)Rpp′

l [δpp′ − (−)η(1− δpp′)] (4)

σ̃ηscat =
2π

k2
m

∑
lp

∑
p′p′′

(2l + 1)Rpp′∗
l Rpp′′

l [δp′p′′ − (−)η(1− δp′p′′)] (5)

dove η = 1 corrisponde ad un'onda LCP, η = 2 ad un'onda RCP. Da notare

che i termini Rpp′

l per una particella chirale non possono essere scritti in

termini dei coe�cienti di Mie (al, bl). Possiamo calcolare l'espansione anche

per il parametro di asimmetria chirale:

σ̃ηscatg̃
η
i =

2π

k2
m

∑
lp

Re{ l(l + 2)

l + 1

∑
p′p′′

Rpp′

l Rpp′′∗
l+1 [δp′p′′ − (−)η(1− δp′p′′)]

+
2l + 1

l(l + 1)

∑
p′′p′′′

Rpp′′′

l Rp′p′′′∗
l+1 [1− δpp′ ][δp′′p′′′ − (−)η(1− δp′p′′)]]}

(6)

Troviamo la forma esplicita delle sezioni d'urto. Dalla (4)

σ̃1
ext =

2π

k2
m

∑
l

(2l + 1)Re{R11
l +R22

l + 2R12
l }

σ̃2
ext =

2π

k2
m

∑
l

(2l + 1)Re{R11
l +R22

l − 2R12
l }

Possiamo dunque separare la sezione d'urto di estinzione in due parti: una

indipendente dall'elicità e una dipendente dall'elicità.

σ̃1,2
ext = σ̃0

ext ± σ̃hext
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con:

σ̃0
ext =

2π

k2
m

∑
l

(2l + 1)Re{R11
l +R22

l }

σ̃hext =
2π

k2
m

∑
l

2(2l + 1)Re{R22
l }

Invece dalla (5):

σ̃1
scat =

2π

k2
m

∑
l

(2l + 1){|R11
l |2 + |R22

l |2 + 2|R12
l |2

+{R11∗
l R12

l +R12∗
l R11

l +R21∗
l R22

l +R22∗
l R21

l }

σ̃2
scat =

2π

k2
m

∑
l

(2l + 1){|R11
l |2 + |R22

l |2 + 2|R12
l |2

−{R11∗
l R12

l +R12∗
l R11

l +R21∗
l R22

l +R22∗
l R21

l }

Anche questa relazione può essere divisa in due parti:

σ̃1,2
scat = σ̃0

scat ± σ̃hscat

dove:

σ̃0
scat =

2π

k2
m

∑
l

(2l + 1){|R11
l |2 + |R22

l |2 + 2|R12
l |2}

σ̃hscat =
2π

k2
m

∑
l

(2l + 1){R11∗
l R12

l +R12∗
l R11

l +R21∗
l R22

l +R22∗
l R21

l }

Di conseguenza, anche la σabs = σext − σscat potrà essere spezzata allo stesso

modo. Dalla (6) anche per parametro di asimmetria, fondamentale per il
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calcolo delle forze:

σ̃1,2
scatg̃

1,2
i = γ0 ± γh

Con:

γ0 =
4π

k2
m

∑
l

{ l(l + 2)

l + 1
Re[R11

l R
11∗
l+1 +R22

l R
22∗
l+1 +R12

l R
12∗
l+1]+

2l + 1

l(l + 1)
Re[R11

l R
22∗
l +R12

l R
21∗
l ]}

e:

γh =
4π

k2
m

∑
l

l(l + 2)

l + 1
Re[R11

l R
12∗
l+1 +R12

l R
11∗
l+1 +R21∗

l R22
l+1 +R22

l R
21∗
l+1+

2l + 1

l(l + 1)
Re[R11

l R
22∗
l +R12

l R
21∗
l ]}

Si può dimostrare che in queste condizioni ottiche la forza e il torque di

radiazione hanno la forma più semplice:

~FRad =
n

c
I0[σ̃ext − σ̃scatg̃i]~k0 =

n

c
I0σ̃rad~k0

~TRad = ±σabs
I0

ω

dove σ̃rad = σ̃ext−σ̃scatg̃i, I0 e ω sono l'intensità e la frequenza della radiazione

incidente. A questo punto, possiamo separare anche le grandezze:

~F 1,2
Rad = ~F 0

Rad ± ~F h
Rad
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~T 1,2
Rad = ~T 0

Rad ± ~T hRad

~̃σ1,2
Rad = ~̃σ0

Rad ± ~̃σhRad

4.3 Interazione con un'onda piana

Figura 4: Rappresentazione gra�ca dello studio e�ettuato in questo capitolo: (a) compor-
tamento dinamico di una sfera otticamente attiva soggetta ad un'onda piana chirale; (b)
comportamento dinamico di una sfera otticamente attiva soggetta ad un raggio Gaussiano
chirale focalizzato da una lente con grande apertura numerica (pinzetta ottica chirale)
[15].

Una prima applicazione di quanto trovato �nora è lo studio formale del-

l'interazione fra un'onda piana e una sfera chirale. In particolare (�g.4-a),

abbiamo utilizzato una sfera di raggio 2mm costituita da eliche di acciaio

inossidabile ricoperte di rame, orientate randomicamente e "incastonate" in

una matrice di resina epossidica, con una frazione volumetrica dello 0.3%.
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Questo materiale composto mostra un comportamento chirale, dipendente

dalla frequenza della radiazione incidente. Nella �g. 5-a. mostriamo la co-

stante dielettrica e�ettiva del composto ottenuta dall'ampiezza di scattering.

Invece nella �g. 5-b mostriamo l'andamento del parametro chirale β nella

regione delle microonde, così come ottenuto nel lavoro di Luebbers et al. [17].

Partendo da questi dati, abbiamo calcolato la σrad in un range di frequenze

attorno a 6GHz, dove la parte immaginaria di β ha una risonanza. Causa

la simmetria sferica della particella, l'unica componente di ~Frad diversa da

0 è quella lungo l'asse ottico del sistema (in questo caso, la componente z).

Il risultato (�g. 5-c) è che nei dintorni di questa risonanza, si apre un gap

dovuto alla natura chirale del sistema tra il valore della forza di radiazione

per un'onda LCP e RCP, causato dall'attività ottica della particella. La di-

namica è diversa a seconda della polarizzazione dell'onda piana incidente nel

caso di polarizzazione circolare.
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Figura 5: Proprietà ottiche e risposta meccanica di una sfera otticamente attiva illumi-
nata da un'onda piana chirale. (a) Parte reale (blu) e immaginaria (rosso) della permit-
tività elettrica. (b) Parte reale (blu) e immaginaria (rosso) del parametro chirale. (c)
Sezione d'urto della pressione di radiazione a diverse polarizzazioni, RCP (blu) e LCP
(rosso). (d) Torque ottico in funzione della frequenza, per un'onda incidente polarizzata
linearmente.[15]

Nella �gura 5-d mostriamo cosa risulta per il torque ottico, Γradω/I0,

lungo la direzione di propagazione, nel caso la radiazione incidente sia po-

larizzata linearmente, quindi modellizzabile come una sovrapposizione con

ugual peso di una onda RCP e di una LCP. Poichè il valore del torque è re-

lato a σabs e poichè le due polarizzazioni circolari vengono assorbite in modo
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diverso, il risultato è che nei dintorni della risonanza il torque ha un valore

diverso da 0.

4.4 Pinzette ottiche chirali

Come accennato nei precedenti capitoli, uno dei sistemi opto-meccanici su

cui ci concentreremo sono le pinzette ottiche [3, 18, 19, 20]. La motivazione

di questo studio è contenuta nella frase che ha accompagnato l'assegnazione

del premio Nobel per la Fisica ad Arthur Ashkin, 2018.

"The sharp beams of laser light have given us new opportunities for deepe-

ning our knowledge about the world and shaping it. Arthur Ashkin invented

optical tweezers that grab particles, atoms, molecules, and living cells with

their laser beam �ngers. The tweezers use laser light to push small particles

towards the center of the beam and to hold them there. In 1987, Ashkin suc-

ceeded in capturing living bacteria without harming them. Optical tweezers

are now widely used to investigate biological systems." [21]

In questo paragrafo, in particolare, studieremo gli e�etti meccanici al va-

riare dei parametri che la caratterizzano, di una pinzetta ottica chirale, ossia

di una pinzetta ottica costituita da un campo EM chirale, accesa su una na-

noparticella chirale.

Prima di mostrare i risultati, spendiamo qualche parola per entrare meglio

nella logica di questo sistema.
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Per esempio, una delle grandezze che lo caratterizzano è sicuramente l'inten-

sità delle forze in gioco. Ma in generale, che intensità hanno le forze ottiche

che scaturiscono in situazioni più quotidiane? La pressione esercitata su uno

specchio totalmente ri�ettente da un raggio incidente perpendicolarmente su

di esso è:

~Freflection =
2P

c
û

Dove P è la potenza del raggio e û un versore perpendicolare allo specchio.

Per P = 1W la forza risultante è circa 7nN , un'intensità davvero piccola.

Solo dopo l'avvento della tecnologia dei laser si è riuscito ad esercitare forze

molto più intense. Difatti, a di�erenza di una sorgente luminosa classica, un

laser può essere altamente focalizzato anche su una particella micrometrica e

gli e�etti meccanici possono essere enormi, se confrontati con quelli preceden-

ti. Nel 1970, Arthur Ashkin dimostrò che focalizzando un laser tramite una

lente di grande apertura numerica su una particella trasparente di dimensio-

ni micrometriche, è possibile accelerarla e � intrappolarla� letteralmente, nei

dintorni della regione focale.

Tornando al nostro sistema, abbiamo già introdotto tutti gli strumenti teo-

rici per poterlo modellizzare. Uno dei primi risultati che possiamo ottenere

è il comportamento della forza nelle regione focale della lente. Difatti si può

dimostrare che:

Fi ≈ −κi(xi − xi,eq) (7)

ossia, per ogni grado di libertà traslazionale, in prima approssimazione, la
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forza è linearmente proporzionale allo posizione: se proviamo a spostare la

particella dalla sua posizione di equilibrio questa tenderà a tornarci. Le

κi sono dette trap sti�ness. Un altro punto da chiarire è che la particella

intrappolata è anche oggetto di una moto di�usivo di tipo Browniano causato

dall'environment, che tende ad allontanarla dal fuoco delle lente. Difatti il

processo d'intrappolamento ottico è l'instaurazione di un equilibrio dinamico

tra il rumore termico dell'ambiente e l'e�etto della radiazione sulla particella.

Questo aspetto verrà approfondito nel prossimo capitolo.

Figura 6: E�cienza di intrappolamento per nanoparticelle chirali (a=200nm) lungo gli
assi della regione focale, per polarizzazioni LCP (a), RCP (b) e lineare (c). Nel caso di
campi chirali troviamo che Qx = Qy, mentre nel caso di polarizzazione lineare, causa il
limite di di�razione, questa relazione non vale.[15]
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4.4.1 Risultati

Figura 7: Trap sti�ness lungo la direzione trasversa (a) e longitudinale (b) in funzione del
raggio della particella, con una potenza incidente di 10mW.[15]

Consideriamo una particella composta di un materiale che mostra attività

ottica nel visibile (�g.4-b), ossia una sfera di raggio a = 200nm immersa in

acqua nm = 1, 33 con un indice di rifrazione medio np = 1.5 e un parametro

chirale β = 0.05. Questi valori possono essere considerati dei "valori ope-

rativi", non strettamente legati ai parametri reali dell'esperimento, tuttavia

consistenti con quelli di una particella composta, del tipo quella studiata nel

paragrafo precedente.

Per poter confrontare meglio la dinamica di sistemi di�erenti nella �gura 6

piuttosto che il modulo della forza, abbiamo scelto di gra�care la sua e�cien-

za Qi = cFi/nmP , dove c è la velocità della luce nel vuoto e P la potenza del

laser. La �g. 6 mostra l'andamento tipico di quanto espresso formalmente

nell'equazione 7. Inoltre, questi gra�ci possono essere utilizzati per trovare
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le trap sti�ness della pinzetta: calcolando la derivata nella posizione di equi-

librio.

A questo punto è molto interessante indagare la dipendenza delle κi dalla

dimensioni della particella chirale. Nella �gura 7, possiamo confrontare l'an-

damento della trap sti�ness a di�erenti polarizzazioni del campo incidente.

Nel caso non chirale (β = 0), il sistema non mostra di�erenze tra il caso

LCP ed RCP. Al contrario, nel caso chirale si nota un pro�lo diverso a se-

conda della polarizzazione, in particolare, essendo <(β) > 0 il valore delle

κ è sistematicamente più alto nel caso LCP, rispetto a quello RCP. Questo

ci porta alla conclusione che le pinzette ottiche possono essere un eccellen-

te strumento per discriminare la natura chirale di particelle di dimensione

arbitraria. Inoltre, scelta una lunghezza d'onda, si può ottimizzare la rispo-

sta della pinzetta, scegliendo un'appropriata dimensione. In �gura possiamo

notare che il pro�lo mostra sempre una dimensione ottimale, a cui il valore

di κ ha una risonanza. Questo valore è relato alla forte focalizzazione del

raggio, che massimizza la densità di forza ottica quando la dimensione della

particella è dell'ordine del limite di di�razione del sistema ottico.
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5 Misure di forza vicino a super�ci con pinzette

ottiche basate su fasci vettoriali cilindrici

5.1 Introduzione

Fra le applicazioni più interessanti delle pinzette ottiche [4] c'è la possibilità di

misurare forze dell'ordine dell'ordine del femtonewton [22, 23, 24, 25]. Questo

ha permesso importanti sviluppi nel campo della bio�sica[26], della materia

so�ce[27, 28, 29, 30] e nella nanotecnologia[31, 32]. Infatti il principio di fun-

zionamento di un microscopio a forza fotonica (PFM)[33, 34, 35, 36, 37, 25]

è basato proprio su un sistema a pinzetta ottica. L'azione di una forza

esterna Fext,i che induce nella particella uno spostamento di ∆xi dalla sua

posizione di equilibrio può essere misurata ricorrendo alla legge di Hooke

Fext,i = ki ∆xi [2]. La precisione della misura dipende fortemente dalla quali-

tà del segnale che arriva sul rivelatore[38]. Tipicamente, il detector raccoglie

il segnale risultante dall'interferenza tra la luce scatterata in avanti dalla

particella intrappolata e la luce incidente non scatterata. Questa procedura

richiede che la camera contenente il campione sia trasparente e che lo spazio

sotto e sopra sia disponibile alla misura. Quando questi requisiti non sono

soddisfatti, occorre utilizzare una con�gurazione in retrodi�usione[39, 38],

dove la luce viene sia emessa che raccolta dall'obiettivo del microscopio. Per

esempio, le pinzette ottiche in questa con�gurazione sono state usate per

misure di forza sul DNA[40, 41] e nelle vicinanze di una super�cie opaca

57



o ri�ettente[42, 43, 44, 45]. Intrappolando di fronte a una super�cie anche

debolmente ri�ettente, l'interferenza, all'interno della camera del campione,

tra i raggi incidenti e ri�essi da origine ad un'onda stazionaria, quindi ad

una distribuzione spaziale periodica delle posizioni di equilibrio della trap-

pola [46]. Questo e�etto è più forte su particelle con raggio inferiore alla

lunghezza d'onda di intrappolamento. Un'altra possibile fonte di modulazio-

ne potrebbe essere la sovrapposizione, sul rivelatore, della luce retrodi�usa

dalla particella intrappolata e della luce ri�essa dalla super�cie [41]. Que-

sto e�etto, che potrebbe essere una fonte di rumore che limita l'accuratezza

delle misure di forza, può essere eliminato �ltrando spazialmente il segnale

retrodi�uso [40] e aggiungendo un ostacolo centrale al raggio incidente [41].

Questa procedura riduce la luce indesiderata ri�essa dalle super�ci vicine

all'asse ottico. L'ovvio svantaggio è la riduzione dell'intensità del segnale e,

quindi, un possibile peggioramento del rapporto segnale-rumore.

Un modo relativamente semplice per evitare il �ltraggio spaziale potrebbe

essere l'uso di raggi vettoriali cilindrici (CVBs) [47, 48, 49, 50]. Questa

tipologia di raggi soddisfa l'equazione di Helmoltz vettoriale in coordinate

cilindriche e possiede una simmetria azimutale non solo in ampiezza ma an-

che in polarizzazione [47]. Nel modo di ordine più basso, la polarizzazione

crea un angolo �sso φ0 con il raggio della radiazione. Per questo motivo,

la polarizzazione non è de�nita sull'asse ottico, essendo presente un centro

"buio", circondato da un anello luminoso. I raggi polarizzati radialmente

e azimutalmente hanno φ0 = 0 e φ0 = π
2
, rispettivamente. Le proprietà di
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messa a fuoco ad alta apertura numerica (NA) di questi raggi sono piut-

tosto interessanti nel campo dell'intrappolamento ottico: infatti, mentre i

raggi polarizzati radialmente hanno un punto focale più nitido rispetto a un

normale raggio gaussiano, che viene sfruttato per aumentare le forze di in-

trappolamento assiale [49], i raggi polarizzati azimutalmente provocano una

focalizzazione anulare del fascio, che può essere utilizzata per intrappolare

particelle a basso indice di rifrazione [51].

In questo capitolo, utilizzeremo raggi gaussiani e CVB per intrappolare una

sfera di latex standard nelle vicinanze di super�ci debolmente ri�ettenti [52].

Dimostreremo che le oscillazioni del segnale, dovute all'interferenza tra la

luce retrodi�usa e la luce ri�essa dalla super�cie, sono notevolmente ridot-

te quando si usano CVB. Inoltre, si misureranno le costanti elastiche della

trappola e le �uttuazioni delle particelle. In�ne, i risultati , ottenuti presso

l'Istituto per i Processi Chimico-Fisici della sezione di Messina del Consi-

glio Nazionale delle Ricerche (IPCF-CNR), saranno analizzati e confrontati

con la modellizzazione dello scattering elettromagnetico nel formalismo della

matrice T.
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5.2 Setup sperimentale

Figura 8: (a) Schema del setup sperimentale. Lenti L1, L2, L3, L4; ISO, isolatore ottico;
PBS, beam splitter polarizzatore; W, lamina a quart'onda o polarizzatore radiale; D,
specchio dicroico; M, specchio; QPD, fotodiodo a quadrante. (b-d) Mappe di intensità in
back-scattering calcolate per fasci gaussiani, radiali e azimutali, per una particella sferica
di raggio 2 µm in acqua, con parametri uguali a quelli dell'esperimento.

La con�gurazione del sistema sperimentale presente presso i laboratori dell'

IPCF-CNR è costituito da un microscopio e un obiettivo ad alta apertura

numerica, vedi �gura 8. La radiazione intrappolante della pinzetta generata

da un diodo laser λ = 830 nm (Thorlabs DL8142-201, potenza massima 150

mW) è convogliata verso un primo telescopio (obiettivi L1 e L2 in Figura

8). Un isolatore ottico viene messo nella posizione del fuoco del telescopio,

per evitare che la luce laser retro-ri�essa entri nel diodo laser, alterandone

il funzionamento e la stabilità. Dopo il telescopio, il raggio passa attraverso

uno splitter p-polarizzante (PBS in Figura 8) e una lamina a quarto d'on-
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da, se si desidera il raggio gaussiano, o un polarizzatore radiale se occorre

invece un CVB. A questo punto, il raggio viene de�esso da uno specchio

dicroico verso l'apertura focale posteriore dell'obiettivo immerso in olio del

microscopio. Una goccia di 10 µL di una dispersione acquosa di microsfere

di polistirene di diametro 2 µm, adeguatamente diluito per evitare intrap-

polamenti multipli, viene depositata su un vetrino standard da microscopio,

sigillato da un copertura di vetro. Non viene utilizzato alcuno spessore, in

modo che l'altezza totale della camera che si forma per azione capillare sia

di circa 10 mum. Quando un singola particella viene intrappolata, la luce

retrodi�usa viene raccolta dallo stesso obiettivo utilizzato per il trapping e,

dopo aver attraversato ancora la lamina d'onda o il polarizzatore radiale,

la componente s-polarizzata passa attraverso un secondo telescopio e viene

raccolta da un fotodiodo a quadrante (QPD). Con un'adeguata calibrazione

[4], i segnali di tensione QPD vengono convertiti nelle tracce 3D dello spo-

stamento della particella nella trappola; inoltre, dal �tting delle funzioni di

autocorrelazione di queste tracce con una singola legge di decadimento espo-

nenziale [4] si può risalire alle costanti elastiche della trappola. La potenza

Pobj all'obiettivo dipende dal tipo di raggio utilizzato per l'intrappolamento

a causa dell'assorbimento da parte del polarizzatore radiale, dalla diversa

forma del raggio e da piccole di�erenze nella ri�essione tra polarizzazione s

e p dell' ottica nel percorso del raggio. Il raggio gaussiano ha Pobj = 43 mW,

il raggio polarizzato radialmente ha Pobj = 23,4 mW e il raggio polarizzato

azimutalmente ha Pobj = 16,2 mW.
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5.3 Risultati

Figura 9: Gra�ci coi risultati sperimentali. (riga superiore) Segnali QPD in backscatte-
ring in funzione della distanza, d, per illuminazione gaussiana (colonna sinistra), radiale
(colonna centrale) e azimutale (colonna destra) su una sfera di latex da 2 µm. La modula-
zione del segnale QPD per il fascio gaussiano è evidenziata da un andamento cosinusoidale
che produce un periodo spaziale di 415 nm. (riga centrale) Costanti di forza misurate,
normalizzate rispetto alla potenza, κz/P . (riga inferiore) Spostamento quadratico medio
nella direzione assiale, 〈z2〉P . La normalizzazione rispetto a P consente un confronto di-
retto tra i tre di tipi di raggi. La regione A rappresenta le distanze alle quali le interazioni
super�ciali hanno una forte in�uenza sulla trappola. Nella regione B la particella viene
spinta a contatto contro la super�cie del vetro. [52]

Le forze ottiche che agiscono su una particella intrappolata possono essere

calibrate studiando il suo moto browniano nel potenziale di intrappolamento.

In un regime overdamped, l'equazione di Langevin per una particella sferica
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è [53]:
dxi
dt

= −Ki

γ
xi(t) + χi(t)

dove ki sono le costanti elastiche della trappola, γ è il coe�ciente di fri-

zione e χi(t) uno spostamento casuale dovuto al moto browniano. Lontano

dalla super�cie, γ = 6πRη, con η la viscosità media e R il raggio della

sfera. Le �uttuazioni della particella deviano il raggio di intrappolamento

e quindi cambiano il pattern di luce retrodi�usa che arriva sul QPD. Per

convertire i segnali di tensione Vi forniti da QPD in unità di lunghezza, è

necessario eseguire una calibrazione. Nel nostro caso, utilizziamo le funzioni

di autocorrelazione (ACF) dei segnali di tensione:

CV
ii (τ) = β2

i 〈xi(t)xi(t+ τ)〉 = β2
i

kBT

ki
e−ωiτ

dove ωi = ki
γ
è la frequenza di decadimento della funzione ACF e βi sono i

fattori di calibrazione tensione / lunghezza. Pertanto, dal �tting delle ACF

di tensione otteniamo le costanti elastiche della trappola ki e i fattori di con-

versione βi necessari per valutare le �uttuazioni delle particelle in unità di

lunghezza.

Quando le misure di intrappolamento vengono eseguite vicino a una su-

per�cie, bisogna tener conto che l'idrodinamica ha un comportamento dif-

ferente. In queste condizioni, il coe�ciente di di�usione D di una sfera
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è:

D(h) = ξ(h)
kBT

γ

dove h è la distanza tra il bordo della sfera e la super�cie e ξ(h) è una

correzione al valore di γ tenendo conto della di�usione "ostacolata" vicino

alla super�cie. In caso di movimenti assiali, il coe�ciente ξz(h) è [44]:

ξz(h) =
6h2 + 2Rh

6h2 + 9Rh+ 2R2

Pertanto, la presenza di una super�cie aumenta γ e, di conseguenza, i fattori

di calibrazione e le costanti elastiche della trappola devono essere calcolati

di conseguenza.
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Figura 10: Mappe dell'intensità del segnale calcolate, IS(x, y), sul piano focale posteriore
della lente della pinzetta (NA = 1.3) pe un raggio Gaussiano (a, d), radiale (b, e) e
azimutale (c, f). Le mappe sono calcolate tenendo conto dell'interferenza tra la luce ri�essa
e retrodi�usa per una particella di 1 µm di raggio intrappolata in acqua con parametri
uguali a quelli degli esperimenti. (a, b, c) Mappe di intensità del segnale ai massimi di
interferenza, corrispondenti a una distanza della super�cie della particella dmax = mλ/2.
(d, e, f) Mappe di intensità nei minimi di interferenza corrispondenti a una distanza
super�cie-particella dmin = (2m+ 1)λ/4.[52]

Per valutare l'e�etto della ri�ettività sul segnale raccolto dal QPD e, di

conseguenza, sulla valutazione delle costanti elastiche della trappola e sul-

le �uttuazioni della particella intrappolata, abbiamo e�ettuato una serie di

misurazioni in cui, dopo aver intrappolato una sfera, la distanza d tra beam

waist e la super�cie ri�ettente viene progressivamente ridotta. In Figura

9 (riga superiore), sono mostrati i segnali assiali QPD ottenuti usando un

raggio gaussiano (colonna sinistra) e raggi CVB polarizzati radialmente (co-
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lonna centrale) o in direzione azimutale (colonna destra). Ogni punto viene

ottenuto facendo la media su cinque misurazioni successive per ogni distanza

d. Siamo partiti da circa d = 4 µm diminuendo la distanza con un passo

di 200 nm. Il comportamento delle kz (riga centrale) e le �uttuazioni delle

particelle 〈z2〉 (riga inferiore) suggeriscono la de�nizione di diversi regimi di

intrappolamento al variare di d. Per grandi d �no a circa 2,5 µm e con ogni

tipo di trapping, kz è approssimativamente costante, mentre 〈z2〉 aumenta

leggermente. Tuttavia, i corrispondenti segnali QPD assiali mostrano note-

voli di�erenze. In e�etti, il segnale ottenuto dal raggio gaussiano ha una

chiara modulazione a 415 nm, che è solo metà della lunghezza d'onda di in-

trappolamento. Questo valore è coerente con l'interferenza (in aria) tra la

luce retrodi�usa dalla particella intrappolata e la luce ri�essa dalla super-

�cie. L'altra possibile fonte di modulazione del segnale, cioè l'interferenza

tra fascio incidente e ri�esso, può essere esclusa qui perché la sfera ha un

diametro maggiore della periodicità a mezza lunghezza d'onda (in acqua)

delle posizioni della trappola [46]. Inoltre, se così fosse, le costanti della

trappola avrebbero anch'esse un comportamento periodico [46], che non si

osserva nelle nostre misurazioni. Ciò conferma che la particella non si muo-

ve �sicamente con un periodo di 415 nm, ma che il segnale periodico è solo

una rilevazione spuria dovuta a interferenze, che potrebbe essere ridotto o

eliminato. La modulazione del segnale viene notevolmente ridotta quando si

intrappola con CVB polarizzato radialmente e completamente rimossa con

polarizzazione azimutale. Questo risultato può essere attribuito alla forma
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anulare �naturale� dei CVB, che ha lo stesso e�etto del �ltro in [41]. Inoltre,

questa forma viene mantenuta, in fasci polarizzati azimutalmente, anche con

focalizzazioni ad alta NA; questo potrebbe spiegare la completa rimozione

della modulazione in queste condizioni. A mano a mano che ci si avvicina

alla super�cie si osserva un diverso regime in cui le interazioni super�ciali

in�uenzano fortemente la trappola (regione A in Fig. 9). In tutti e tre i casi

le costanti elastiche della trappola aumentano e diminuiscono le �uttuazioni

delle particelle. Ciò è dovuto al fatto che, avvicinandosi alla super�cie, la

di�usione diminuisce. Come già osservato, le pareti della camera ostacolano

la di�usione, limitando le �uttuazioni delle particelle e, quindi, contribuisco-

no ad un con�namento più forte. A 0 ≤ d ≤ 1 µm (regione B in Fig. 11) il

segnale QPD diminuisce perché mentre il raggio può procedere in avanti, la

particella non può proseguire a causa della barriera �sica della super�cie di

vetro. Pertanto, il volume di interazione tra fascio laser e particella diminui-

sce. In questa regione, h non è ben de�nito in media, quindi la correzione

del coe�ciente di frizione non può essere calcolata.
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Figura 11: (a) Geometria dell'esperimento e campi considerati nel modello. Il campo totale
retrodi�uso, che dipende dalla distanza, (contribuendo al segnale QPD) è una sovrappo-
sizione del campo di�uso dalla particella, EBS e il campo ri�esso dalla super�cie, ER,
che è una porzione del campo scatterato in forward, EFW. (b) Segnale di backscattering
calcolato in funzione della distanza, d, per illuminazione gaussiana, radiale e azimutale su
una particella sferica da 2 µm in acqua con parametri come negli esperimenti.[52]

Confrontiamo ora i risultati sperimentali con quelli teorici, calcolati dalla

modellazione del sistema tramite il formalismo della matrice di transizione

introdotto nei capitoli precedenti. Consideriamo un raggio laser con una lun-

ghezza d'onda di λ = 830 nm fortemente focalizzato da una lente obiettivo

con apertura numerica NA = 1.3 e una particella in latex, np = 1, 57, di

raggio R = 1 µm intrappolata in acqua, nm = 1, 33. A questo punto, dal-

la conoscenza delle ampiezze del campo incidente focalizzato attraverso la

rappresentazione dello spettro angolare e della matrice T possiamo calcolare

tutte le grandezze osservabili del problema di scattering come le sezioni d'urto

e le ampiezze dei campi in forward e backscattering. Queste informazioni pos-
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sono essere utilizzate per ricostruire le mappe di intensità di campo (vedi Fig.

10) nel piano focale posteriore (x, y) della lente obiettivo che negli esperimenti

è misurata sul QPD. Abbiamo dunque la possibilità di indagare sulle presta-

zioni del sistema di detection utilizzato negli esperimenti di pinzette ottiche.

La geometria del problema è illustrata in Fig. 11-a. Misuriamo sul piano

focale posteriore (linea nera tratteggiata nella �gura) l'interferenza tra la lu-

ce ri�essa dall'interfaccia vetro-acqua, ER = E0AR = AFW r ei2kd, risultante

dalla ri�essione della luce di�usa in avanti presa con lo sfasamento dovuto alla

propagazione, e la luce retrodi�usa dalla particella, EBS = E0ABS. Pertanto,

quando il centro della particella si trova a una distanza d dalla super�cie,

tale interferenza può essere espressa in termini di intensità normalizzata del

segnale:

IS = |AFW r ei2kd + ABS|2 = |r|2A2
FW + A2

BS + 2<{AFWA∗BSre
i2kd}

dove AFW e ABS sono le ampiezze del segnale scatterato in avanti e indie-

tro, r è il coe�ciente di ri�essione della super�cie (per l'interfaccia vetro-

acqua |r|2 = 0.4%), e k è il vettore d'onda. La �gura 10 mostra le mappe

di intensità calcolate per raggi incidenti gaussiani (a, d), radiali (b, e) e

azimutali (c, f) con parametri uguali a quelli degli esperimenti e per una

particella intrappolata di 1 µm di raggio. Le mappe sono fortemente mo-

dulate dalla distanza super�cie-particella. Le mappe in Fig. 10 (a, b, c)

corrispondono al massimo dell'interferenza che si veri�ca a dmax = mλ/2.
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Mentre le mappe in Fig. 10 (d, e, f) corrispondono al minimo di interfe-

renza che si veri�ca a dmin = (2m + 1)λ/4. Dalle mappe in Fig. 10 pos-

siamo ricostruire come l'intensità e il suo integrale variano con la distanza

super�cie-particella, d, sul piano focale posteriore. Calcoliamo allora il segna-

le integrato [38],
∫
S IS(x, y)dxdy, su una super�cie S limitata a una porzione

quadrata e centrata con una dimensione di circa 600 nm per modellizzare

l'andamento del segnale misurato sul fotodiodo. Il risultato, mostrato in Fig.

11-b per i tre tipi di raggi, è un segnale cosinusoidale con minimi trovati a

dmin = (2m + 1)λ/4 > R e massimi a dmax = mλ/2 > R, dove R è il raggio

della sfera e m è un numero intero. La modulazione calcolata per il raggio

gaussiano è circa sei volte maggiore rispetto ai CVB. Ciò coincide abbastanza

bene con la riduzione della modulazione osservata negli esperimenti. Come

nel caso della retrodi�usione, una modulazione periodica nel segnale si osser-

va anche quando si analizza la luce scatterata in avanti dalla trappola.

Mentre la modulazione si osserva chiaramente con particelle sferiche [54], è

importante notare che questo non è necessariamente vero nel caso di altre

geometrie. In particolare, è stato recentemente dimostrato che intrappolando

particelle cilindriche, si nota un'attenuazione della modulazione e un segnale

più piatto avvicinandosi all'interfaccia [25]. Questo risultato spinge verso

l'utilizzo di particelle cilindriche come sonde topogra�che in microscopia a

forza fotonica. Le particelle cilindriche possono essere intrappolate stabil-

mente con il loro asse perpendicolare al campione, possono presentare una

punta acuminata e la loro posizione assiale può essere misurata con preci-
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sione anche in prossimità della super�cie [25]. Queste proprietà, simile a

quelli delle punte utilizzate nella microscopia a forza atomica, fanno si che le

particelle cilindriche siano sonde eccezionalmente adatte per questo tipo di

microscopia.
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6 Ra�reddamento laser attivo di nanoparticel-

le levitate otticamente

6.1 Introduzione

Uno dei concetti base di questo capitolo è quello di ra�reddamento laser

attivo. A di�erenza di una particella intrappolata in una cavità Fabry-Perot,

che si "auto-ra�redda" per via dell'e�etto Doppler, in un sistema attivo, la

potenza del laser è modulata a seconda della posizione e della velocità della

particella, per poter ridurre la temperatura del centro di massa (CM)[55].

A questo punto, lo studio del comportamento di una particella Browniana

nel potenziale di una pinzetta ottica in un gas rarefatto, su cui è acceso un

sistema di active cooling, è legato direttamente a questioni del tipo: a partire

da quali condizioni possiamo essere certi di vedere comportamenti quantistici

su oggetti mesoscopici?[56] In fatti questi sistemi ci permettono di in�uenzare

la temperatura del centro di massa delle nanoparticelle intrappolate agendo

su parametri macroscopici. La crescente sensibilità nella misura di posizione

e velocità di oggetti nanoscopici ha consentito lo sviluppo di questo campo.

[57]

6.2 Ra�reddamento laser attivo su una sfera

A questo punto è utile spendere qualche parole sulle grandezze �siche che

caratterizzano la dinamica del sistema, ossia il rumore termico, la resistenza
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del �uido e la forze esterne deterministiche (se presenti)[58]. Quest'ultima,

nel nostro caso, consiste nella forza della pinzetta ottica e nel sistema di

feedback (FB) che approfondiremo più avanti. Essendo all'equilibrio termico,

possiamo sfruttare il teorema di �uttiazione-dissipazione, che nella sua forma

più semplice:

D =
kBT

γ

è un collegamento tra le prime due quantità, ossia l'intensità della �uttiazione

D e il rate di dissipazione dell'energia γ. Il coe�ciente di di�usione può essere

de�nito sia per il moto traslazionale che per quello rotazionale.[2] Inoltre, per

particelle simmetriche il coe�ciente di di�usione (e quindi anche il coe�ciente

di frizione) è uguale per tutti i gradi di libertà.

La prima cosa da fare è implementare il calcolo del coe�ciente di frizione

γ, de�nito nel capitolo precedente, come funzione della pressione, così da

poter poi studiare cosa accade alla temperatura del CM della particella al

variare della pressione dell'ambiente. La relazione usata è quella relata al

numero di Knudsen, cioè il rapporto tra la dimensione tipica della particella

(per esempio, il suo raggio) e il libero cammino medio delle particelle che

compongono l'environment (aria)[59, 60]:

γRG = 6πηR
0.619

0.619 +Kn
(1 + cK) (8)

dove cK = 0.31Kn/(0.785 + 1.152Kn+Kn2), η è la viscosità dinamica del-

l'aria e Kn = λmfp/R è il numero di Knudsen in termini di λmfp, il libero
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cammino medio delle molecole d'aria. La �g. 12 mostra il pro�lo di γRG al

variare della pressione.

Figura 12: Coe�ciente di frizione calcolato in funzione della pressione del gas utilizzando
l'eq.8: il rapporto γRG/mass diminuisce linearmente con la pressione del gas.

Il prossimo passaggio è quello di scrivere le equazioni del moto per ogni

grado di libertà traslazionale. Queste equazioni devono tenere conto che: il

termine inerziale gioca un ruolo importante, la particella è soggetta alla forza

della pinzetta ottica, è attivo il sistema di FB. La soluzione alle di�erenze

�nite ha la forma:

ri =
2 + ∆t(γRG/m)

1 + ∆t(γRG/m)
ri−1 −

1

1 + ∆t(γRG/m)
ri−2
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+

√
2kBTγRG

m(1 + ∆t(γRG/m))
dt3/2wi +

dt2

m(1 + ∆t(γRG/m))
FRAY (1 + FeedBack)

Dove wi è l'i-esima componente di una serie di numeri random Gaussiani

e wi
√

2kBTγRG/∆t è il termine di rumore bianco,che tiene conto della �ut-

tuazioni termiche[61]. Poi kB è la costante di Boltzmann, m è la massa della

particella, T la temperatura assoluta, ∆t lo step temporale della simulazione

e FRAY la forza ottica. Il termine di FB simula la modulazione della poten-

za in funzione della posizione e della velocità della particella, pesata dalla

costante FB βFB:

FeedBack = βFB
rvr

〈r〉βFB=0〈vr〉βFB=0

FRAY

Un altro punto fondamentale è che il FB è uguale per tutti e tre i gradi

di libertà: abbiamo scelto di modulare la potenza misurando posizione e

velocità sull'asse x.

6.2.1 Step temporale della simulazione e tempo caratteristico

Le equazioni del moto di particella Browniana libera non hanno un tempo

caratteristico, hanno soluzioni comparabili per qualsiasi scala temporale [61].

Nel caso inerziale, la transizione da un regime balistico ad uno di�usivo

avviene in tempi dell'ordine di τm = m/γ. Nel caso in cui la particella

sia soggetta a potenziali esterni, possiamo considerarla intrappolata in un

tempo dell'ordine τot = γ/k. Se il sistema FB è attivo, nonostante queste
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considerazioni rimangano valide, lo step temporale da scegliere è limitato dal

termine ∆t2/m.

6.2.2 Forze nel formalismo della matrice-T

Per calcolare il valore come compare nelle equaizoni della simulazione, occorre

prima determinare le condizioni ottiche del sistema, scegliere quindi gli indici

di rifrazione, le lenti e il laser. Una volta scelti questi parametri, utilizziamo

il formalismo della matrice-T per calcolare le forze ottiche su una griglia

centrata nel fuoco della lente, che è la regione spaziale in cui si svilupperà la

dinamica [1]. A questo punto potrà partire la simulazione e ad ogni passo,

verrà ricercata la cella della grigli in cui si trova il CM della particella e il

valore della forza sarà calcolato linearizzando per ogni grado di libertà.

6.3 Risultati

Il risultato principale della simulazione sono le tracce, cioè le posizioni del

CM al variare del tempo. Cosa possiamo dire della loro forma? Mentre a

pressione ambiente il moto è dominato dal termine viscoso, il termine inerzia-

le domina per pressioni di pochi Pascal e il moto diventa balistico, quindi ci

aspettiamo un pro�lo sinusoidale. [62] Dalla loro analisi statistica possiamo

ottenere dei risultati interessanti (�gura 13).
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Figura 13: La forma del potenziale ricostruita a partire dalle tracce sui tre assi. Il minimo
delle curve è alla posizione di equilibrio della trappola e coincide con il fuoco nominale
della lente. La posizione di equilibrio lungo z è spostata rispetto al fuoco a causa del
contributo della forza di scattering. La larghezza delle curve è relata alla trap sti�ness,
collegata a sua volta alla potenza del laser.

Calcolando la forma del potenziale, notiamo che questo è più stretto sul

grado di libertà su cui è attivo il FB. Un risultato simile si trova dallo studio

del mean-square displacement (�gura 14).

Anche l'analisi dello spettro di potenza (PSD) è molto interessante (�gura

15). Come dimostrato in [62] (eq.4), lo spettro di potenza di una particella

Browniana intrappolata otticamente ha una forma lorentziana, con un picco

alla frequenza di intrappolamento. Inoltre, può essere dimostrato che l'area

sotto il picco è proporzionale a TCM . Quindi il sistema FB incrementa la
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larghezza e abbassa l'ampiezza della lorentziana.

Figura 14: MSD per i tre gradi di libertà. A di�erenza della di�usione libera, nel caso sia
acceso il potenziale della pinzetta questa grandezza presenta un plateau che dipende dalle
κi
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Figura 15: PSD calcolato per il moto lungo x (FB attivo) e y. L'area sotto la curva è
proporzionale a TCM .

Dalle tracce possiamo facilmente trovare le velocità e vedere cosa succe-

de nello spazio delle fasi. Plottando la velocità in funzione della posizione

(�gura 16) troveremo delle curve del tipo Lissajous e l'ampiezza della curva

più "fredda" sarà minore delle altre.A questo punto, conoscendo le velocità

e sfruttando il teorema di equipartizione dell'energia, possiamo calcolare la

temperatura del CM. Per avere un confronto sperimentale ci mettiamo nelle

stesse condizioni del [62], e in�ne confrontiamo i risultati (�gura 17).
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Figura 16: Tracce nello spazio delle fasi per il moto lungo x (FB attivo) e y. L'ampiezza
delle curve è proporzionale a TCM .

L'ottimo accordo tra dati teorici e sperimentali mostra che il formalismo

della matrice T ci permette di modellizzare il comportamento statistico di

una particella sferica intrappolata da una pinzetta ottica all'interno di un gas

rarefatto. Questo di fatto ci mette davanti alla possibilità di analizzare tutta

una serie di possibilità, cambiando per esempio l'oggetto intrappolato, nella

sua forma (ellissoide, ..) o nelle sue proprietà ottiche (chiralità, nanoshell,

..), in modo da applicare questo tipo di approccio a diversi ambiti di interesse

tecnologico.
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Figura 17: Temperatura calcolata lungo l'asse x, in funzione della pressione del gas.
Confronto fra i risultati della simulazione e le misure di Geiseler et al. [62]
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7 Modellizzazione dello scattering da sistemi di

nano�bre polimeriche

7.1 Introduzione

Ogni giorno prodotti deperibili avariati, come cibo, cosmetici e farmaci espo-

sti a temperature inadeguate, possono causare seri problemi alla salute di

tutti noi, con rischi che vanno dall'intossicazione alimentare, al "depotenzia-

mento" di vaccini sensibili alla temperatura. Per questi motivi, è importante

sviluppare degli indicatori ad alte prestazioni e basso costo, basati su materia-

li conformi alle esigenze che abbiano un continuo e irreversibile cambiamento

delle loro proprietà �sico-chimiche a seconda del tempo e della temperatura.

Negli ultimi tempi sono stati messi a punto dei sistemi che si sono dimostrati

degli ottimi indicatori, basati su tessuti non organici nano-strutturati (nano-

�bre), di cui è possibile "codi�care" la loro temperatura di transizione vetrosa

ed avere una risposta ottica dipendente dallo stato �sico della nano�bra, a

sua volta dipendente dal tempo e dalla temperatura [63].
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7.2 Risultati

Figura 18: A. Schema della struttura delle nano�bre utilizzate per i calcoli. Per imitare la
struttura morfologica del tessuto della �bra, nel piano xy viene considerata un'area di 10 x
10 µm2 e tre strati di �bre sono posizionati lungo la direzione assiale (z) con spessore totale
2,1 µm (le nano�bre verdi sono relative al primo strato, quelle rosse al secondo strato e
quelle blu al terzo). Il diametro medio della �bra (700 nm) è uguale al valore misurato al
SEM. B. Vista sul piano (x-y) della struttura del cluster di sfere utilizzato per calcolare
le proprietà di scattering. Ogni �lamento di polimero è schematizzato come un cluster
lineare con subunità sferiche da 700 nm. C. Intensità della radiazione in backscattering
a λ = 510 nm, calcolata come rapporto tra il campo retrodi�uso (ES) e quello incidente
(E0). La mappa si ottiene considerando un'illuminazione ad onda piana con ampiezza
unitaria che si propaga perpendicolarmente alle �bre (cioè lungo l'asse z), facendo una
media sulla polarizzazione, e viene calcolata a circa 1 µm di distanza dal primo strato
della struttura. D. Mappa di intensità RGB ottenuta come la somma delle mappe di
backscattering calcolate a lunghezze d'onda corrispondenti al rosso (λ = 600 nm), verde
(530 nm) e blu (450 nm).[63] 83



Le proprietà di di�usione della luce da �bre nanometriche può essere mo-

dellizzata schematizzando ciascun �lamento polimerico come un aggregato

lineare di cluster di particelle con subunità sferiche di 700 nm diametro (cor-

rispondente al diametro medio della �bra) e studiarne poi le proprietà di

scattering tramite il formalismo della matrice T introdotto nella sezione 2.8.

Per imitare la morfologia casuale della super�cie �brosa, consideriamo tre

strati di �bre distribuiti lungo la direzione dello spessore (asse z nella �g.18).

La struttura del modello è schematizzata nella �gura 18-a, b in cui i cluster

verdi, rossi e blu rappresentano i �lamenti nel primo, secondo e terzo stra-

to, rispettivamente. La mappa d'intensità di backscattering a λ = 510 nm

(data dal rapporto al quadrato del campo scatterato e del campo incidente,

|Es/E0|2) si ottiene considerando come illuminazione incidente un'onda pia-

na con ampiezza unitaria che si propaga perpendicolarmente alla struttura

(cioè, lungo la direzione z) e calcolando una media sulla polarizzazione, a 1

µm di distanza dal primo strato della struttura (Figura 18-c).

Un parametro di fondamentale importanza che fornisce informazioni quanti-

tative sulla luce retrodi�usa è il valore dell'albedo, A = Cscat/Cext, de�nito

come il rapporto tra le sezioni d'urto di scattering, Cscat ed estinzione, Cext.

I calcoli danno come risultato un albedo di circa A510 = 0, 73 a λ = 510 nm,

che è un ordine di grandezza superiore alla ri�ettività di un �lm continuo di

SU-8 calcolato dai coe�cienti di Fresnel a incidenza normale (0,06). Per va-

lutare se questo comportamento ha validità generale per la luce ambientale,

determiniamo le mappe di retrodi�usione a lunghezze d'onda corrispondenti
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allo standard RGB, 450 nm, 530 nm e 600 nm. Nella Figura 18-d mostriamo

la mappa dell'intensità del backscattering ottenuta come somma dei compo-

nenti alle tre lunghezze d'onda. Da notare che l'incremento dell'intensità del

campo scatterato porta ad un albedo medio, ARGB = 0, 733. Inoltre, quan-

do le �bre raggiungono la temperatura di fusione, scopriamo che i valori di

albedo diminuiscono drasticamente e si avvicinano a quelli dei �lm SU-8.

Figura 19: Mappe di intensità di backscattering alle lunghezze d'onda di riferimento RGB
(450 nm, 530 nm, 600 nm). Le mappe di intensità del campo sono calcolate considerando
l'illuminazione di un'onda piana con ampiezza unitaria che incide perpendicolarmente
sulla struttura, come in �gura 18. Le mappe sono ottenute facendo la media sugli stati di
polarizzazione e sono calcolate a circa 1 µm di distanza dal primo strato della struttura.
Il valore di albedo corrispondente per le tre diverse lunghezze d'onda è A450 = 0, 69,
A530 = 0, 74, A600 = 0, 77.

7.3 Libero cammino medio di scattering e lunghezza di

trasporto.

Il formalismo della matrice T ci permette di studiare le proprietà di trasporto

dei fotoni all'interno del campione. Queste sono caratterizzate da due scale
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di lunghezza [64]. La prima è il libero cammino medio di scattering, ls, che

rappresenta la distanza di propagazione libera tra due eventi di scattering

[65] e può essere calcolato dalla densità media delle subunità dei cluster,

N = 0, 51µm−3 nel nostro caso, e dalla sezione d'urto di scatteing della su-

bunità sferica a λ = 510 nm, σscat = 1, 6µm2. Quindi, per le nostre strutture

abbiamo che ls = 1/Nσscat = 1.2µm. La seconda lunghezza è il percorso

libero medio di trasporto, l∗, ossia la distanza entro la quale la direzione

di propagazione del fotone può essere considerata casuale. Questa quanti-

tà viene calcolata considerando il parametro di anisotropia della subunità,

g =< cos θ >, dove θ è l'angolo di di�usione, e la relazione di similarità,

l∗ = ls/(1− g). Per le nostre strutture otteniamo g = 0, 65 e la lunghezza di

trasporto tipica è l∗ = 3, 4µm.
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Figura 20: Albedo calcolato tramite il formalismo della matrice T (cerchi neri) a λ =
510nm in funzione dello spessore della �bra. Per le strutture non assorbenti, come le
nano�bre, l'albedo si avvicina al valore asintotico di A = 1 per spessori maggiori della
lunghezza di trasporto che nel nostro caso assume il valore di l∗ = 3, 4µm (linee rosse
tratteggiate) calcolato dal relazione di somiglianza. La linea blu rappresenta un modello
semplice dell'albedo basato sul decadimento dell'estinzione di Lambert-Beer (vedi testo)
dove l∗ = 3, 4µm e l'albedo per il primo strato è �ssato al valore calcolato dalla matrice
T in modo che A0 = 0, 668. L'inserto è uno "zoom" a piccoli spessori che mostra il buon
accordo del modello con i valori di albedo calcolati con la matrice T.

A questo punto possiamo calcolare l'albedo a λ = 510nm al variare del-

lo spessore del cluster. I risultati del calcolo tramite la matrice T per ogni

cluster sono mostrati in �gura 20 come dei cerchi neri. Campioni più spes-

si producono un albedo che aumenta verso il valore di saturazione di A =

1, ossia luce totalmente di�usa. Seguendo l'approccio dato da Mishchenko

et al. [66], un semplice modello utilizzabile per studiare la dipendenza dal-
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l'albedo dallo spessore del campione consiste nel considerare che l'estinzione

vari seguendo la relazione di Lambert-Beer. Possiamo infatti considerare una

dipendenza sigmoidea A(x) = A0exp(x/l
∗)/[1−A0 +A0exp(x/l

∗)], dove l'in-

tercetta a spessore zero, A0 = 0.668, è scelta in modo da essere simile al

valore calcolato tramite matrice T per il singolo strato (con spessore 0,7 µm)

(A1 = 0, 71) e l∗ = ls/(1−g) = 3, 4µm (mostrato come una linea tratteggiata

in �gura 20) è la lunghezza di trasporto ottenuta dalla relazione di similarità

discussa sopra. I risultati calcolati utilizzando questo modello sono rappre-

sentati dalla linea blu nella �gura 20 e sono in buon accordo con i valori

calcolati tramite matrice T. Pertanto, a questa lunghezza d'onda, la luce è

altamente scatterata entro pochi micron di propagazione nel campione e per

uno spessore maggiore di 15 µm l'albedo è vicino al valore di saturazione di

A = 1.

L'insieme di questi risultati conferma in pieno la potenza di questa nuova

generazione di indicatori. Una volta programmata otticamente la tempera-

tura di transizione vetrosa di uno strato di materiale �broso, la sua risposta

ottica alla luce ambientale può essere di conseguenza ingegnerizzata in mo-

do da avere delle vere e proprie etichette intelligenti, leggere, �essibili ed

economiche.
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8 Conclusioni

In questo lavoro si sono studiate diverse applicazioni dello scattering elettro-

magnetico nel formalismo della matrice di transizione ad una serie di sistemi

molto interessanti dal punto di vista fondamental e tecnologico. Una volta

discussi in dettaglio gli strumenti teorici necessari ad una sua modellizzazio-

ne all'interno di questo formalismo e il funzionamento di una pinzetta ottica,

abbiamo analizzato tre situazioni ben precise. La prima ha riguardato la de-

scrizione di una pinzetta ottica chirale. In particolare, abbiamo dimostrato

che se un materiale è otticamente attivo presenterà un risposta optomecca-

nica diversa a seconda della sua chiralità. Questi risultati rappresentano un

punto di partenza per situazioni più complesse, come particelle non sferiche

o campi superchirali, e più in generale ci danno la possibilità di analizzare

nel dettaglio tutta una classe di studi giroscopici. Nel capitolo 5 si è studiato

il comportamento di un oggetto intrappolato otticamente nelle vicinanze di

una super�cie, nel caso in cui la radiazione utilizzata siano fasci vettoriali

cilindrici. Abbiamo dimostrato che in queste condizioni si ha una signi�ca-

tiva riduzione dell'interferenza della luce retrodi�usa e retro-ri�essa e quindi

un netto miglioramento nella qualità del segnale rilevato da un microscopio

a forza fotonica. Questo apre nuove prospettive in questo campo di misura,

principalmente nell'ambito della materia so�ce e della biologia. Nel capitolo

6 abbiamo visto come sia possibile utilizzare una pinzetta ottica per �ra�red-

dare� il centro di massa di una particella sino a temperature dell'ordine di
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qualche Kelvin, con un ottimo accordo tra misure sperimentali e dati teorici.

Su questo fronte sono necessarie ulteriori ricerche per chiarire quale sia, ad

esempio, la relazione formale che lega la temperatura del centro di massa

agli altri parametri della trappola o del mezzo. Questi risultati ci consentono

di espandere questo approccio ad oggetti non sferici, core-shell, con size-

parameter e indice di rifrazione arbitrari e particelle otticamente attive. Nel

capitolo 7, abbiamo in�ne utilizzato l'approccio della matrice T per studiare

lo scattering di luce di un'onda piana che incide su un sistema di nano�bre

polimeriche elettro�late. Questo ultimo lavoro presenta diversi spunti estre-

mamente interessanti per le sue ricadute applicative. Infatti, se da un lato

ci permette di studiare formalmente il funzionamento di un sensore tempo-

temperatura di ultima generazione, dall'altra ci fornisce un'ulteriore prova

della potenza e dell'elasticità del formalismo della matrice di transizione per

la soluzione di problemi di scattering elettromagnetico.
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