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Introduction générale

La chiralité est une propriété géométrique caractérisant les systèmes qui ne peuvent
pas coïncider avec leurs images miroirs par simple rotation ou translation. Dans le
monde vivant, une multitude de molécules biologiques sont chirales comme les mo-
lécules d’ADN ou encore les acides aminés, briques élémentaires des protéines. Les
deux formes jumelles, appelées énantiomères sont de même composition chimique
mais une seule existe à l’état naturel. La séparation des molécules chirales est un
enjeu de taille car chaque énantiomère peut impliquer des mécanismes biologiques
distincts. Par exemple, l’éthambutol est un traitement pour lutter contre la tuber-
culose alors que son énantiomère peut rendre aveugle. Bien que ces molécules soient
composées des mêmes atomes, leurs arrangements peuvent conduire à des proprié-
tés biologiques radicalement différentes. Il est donc crucial de pouvoir détecter et
séparer deux énantiomères. Pour cela les scientifiques exploitent le fait que les mi-
lieux chiraux interagissent de manière différente avec d’autres systèmes chiraux. La
lumière polarisée circulairement est un exemple de système de chiral permettant de
différencier les milieux chiraux.

Historiquement, le phénomène de pouvoir rotatoire a été découvert par F. Arago
(1811) qui observa une rotation de la polarisation linéaire de la lumière après la
traversée d’une lame de quartz. En 1895, A. Cotton démontra que l’absorption par
un milieu chiral était différente pour une lumière de polarisation circulaire droite
ou gauche. Ce phénomène est appelé dichroïsme circulaire. Le pouvoir rotatoire et
le dichroïsme circulaire sont deux caractéristiques propres aux molécules chirales
que l’on réunies généralement sous le nom d’activité optique. Ce sont les travaux
de L. Pasteur (1848) sur les sels de tartrate qui ont permis d’établir la structure
géométrique des molécules comme l’origine de l’activité optique. Cette spécificité
géométrique est définie par L. Kelvin telle que : "J’appelle chiral toute figure géo-
métrique ou tout ensemble de points qui n’est pas superposable à son image dans
un miroir. Je parle alors de chiralité." [1, 2].

Depuis ces travaux historiques, de nombreuses techniques exploitent ces phénomènes
d’activité optique pour analyser et synthétiser des molécules chirales. Toutefois, la
réponse optique des molécules chirales, aussi appelée "effet chiroptique", est géné-
ralement très faible à l’état naturel. La raison réside dans le fait que l’arrangement
chiral des molécules se produit sur une distance beaucoup plus petite que le pas
hélicoïdal de la lumière polarisée circulairement.

Afin d’augmenter ces effets, plusieurs groupes de recherche se sont consacrés à dé-
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velopper des nanomatériaux plasmoniques chiraux et ont notamment rapporté des
réponses chiroptiques plus importantes que celles observées dans les molécules chi-
rales ordinaires. Ces propriétés spécifiques trouvent leur origine dans les plasmons
de surface, c’est à dire des oscillations d’électrons libres dans les métaux, couplées
avec le champ électromagnétique de la lumière. Ils ont la particularité de pouvoir
concentrer la lumière à la surface des nanostructures, dans des volumes sub-longueurs
d’onde, permettant ainsi de fortes interactions entre la lumière et la matière. Les
progrès importants réalisés dans le domaine de la nanofabrication ont par ailleurs
permis de créer des systèmes plasmoniques complexes pour la manipulation des dif-
férents degrés de liberté de la lumière à l’échelle nanométrique. Dans ce régime, les
différents moments angulaires de la lumière interagissent fortement entre eux par
l’intermédiaire du couplage spin-orbite. En particulier, la chiralité liée à la pola-
risation circulaire a été intensivement étudiée pour contrôler les degrés de liberté
spatiaux de la lumière avec par exemple la génération de vortex optique, faisceau
également chiral, dont le front d’onde évolue de manière hélicoïdale. L’étude des
plasmons de surface dans le cadre de la chiralité offre donc des perspectives promet-
teuses dans l’exaltation des effets chiroptiques [3], la manipulation de nano-objet [4]
et le transport optique d’information [5].

La compréhension de cette nouvelle classe de matériaux a conduit à des nouveaux
concepts physiques et nécessite de développer de nouvelles techniques pour caracté-
riser les effets chiroptiques à l’échelle sub-longueur d’onde. L’objectif de cette thèse
est d’établir des méthodes expérimentales pour sonder et manipuler la chiralité de
la lumière dans des structures plasmoniques. Au cours de cette thèse, nous avons
démontré qu’au moyen de techniques complémentaires combinant microscopie en
champ proche optique (Scanning Near Field Optical Microscope, SNOM), micro-
scopie à fuites radiatives (Leakage Radiation Microscopy, LRM) et tomographie en
polarisation, nous pouvons générer et examiner efficacement des effets chiroptiques
induits dans ces systèmes. D’une part, nous avons élaboré des dispositifs plasmo-
niques permettant de générer des vortex plasmoniques et de transférer l’information
sur la trajectoire des plasmons dans le spin de la lumière. Ces systèmes ont été
rendus possible grâce à une analyse approfondie de la chiralité 2D et 3D des nano-
structures. D’autre part, nous avons mis en évidence les propriétés de chiralité de la
densité locale d’états optique (Local Density of States, LDOS) associée à des cavités
plasmoniques chirales. En connectant les figures de mérite de la chiralité au concept
général de LDOS, nous avons pu étendre la description et la mesure des interactions
lumière-matière aux environnements chiraux.

Le manuscrit de thèse est organisé en sept chapitres :

— Le Chapitre 1 est une introduction générale sur la plasmonique. Nous abor-
derons en particulier les notions théoriques directement connectées à notre
recherche, c’est à dire les propriétés optiques des plasmons de surface propa-
gatifs. Nous en déduirons les conditions de couplage entre les photons et les
plasmons de surface. Nous passerons également en revue les techniques les
plus courantes pour les exciter et les observer.

— Nous évoquerons dans le Chapitre 2 le concept général de couplage spin-orbite
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de la lumière. Je présenterai également les principaux résultats, obtenus au
début de ma thèse en collaboration avec Q. Jiang [6], sur l’excitation uni-
directionnelle plasmonique, dont les détails peuvent être trouvés dans son
manuscrit de thèse. Dans la continuité de ces travaux, nous utiliserons cer-
tains résultats clés pour le design et la modélisation théorique des métasur-
faces plasmoniques élaborées dans mes recherches, c’est à dire des réseaux
constitués de nanostructures élémentaires métalliques en forme de T ou Λ.

— Dans le Chapitre 3, nous présenterons la méthode de fabrication des échan-
tillons et introduirons les deux montages optiques utilisés au cours de ma
thèse : un dispositif d’excitation des plasmons en champ lointain et un micro-
scope en champ proche optique à balayage. J’aborderai également le principe
de la microscopie à fuite radiative et la tomographie en polarisation, outils
particulièrement adaptés à l’étude des effets chiroptiques.

— Dans le Chapitre 4, nous démontrerons la coexistence d’effets chiraux op-
tiques 2D et 3D générés par des nanostructures plasmoniques en forme de Λ.
Nous rapporterons une méthode de caractérisation, non-invasive, basée sur
l’analyse des matrices de Jones chirales. La manifestation de cette chiralité
mixte révèlera la présence conjointe de défauts structuraux 2D et 3D au sein
de notre échantillon. Finalement, nous introduirons une version étendue du
modèle de Kuhn généralisée aux milieux à chiralité mixte. Ce modèle micro-
scopique nous permettra d’expliquer intuitivement la réponse macroscopique
décrite par les matrices de Jones chirales.

— Le Chapitre 5 expose mes recherches menées sur le mécanisme réciproque de
l’effet spin Hall optique à l’aide de métasurfaces formées de nano-ouvertures
en T . Ce dispositif planaire et compact permettra d’une part de convertir un
faisceau plasmonique incident en une onde polarisée circulairement, et dont
le sens de rotation sera conditionné par le trajet des plasmons. D’autre part,
cette fonctionnalité à préserver l’information sur la trajectoire des plasmons
sera mise en œuvre dans une expérience de brouillage d’interférence, où elle
sera utilisée comme marqueur de chemin, pour discuter la complémentarité
entre le comportement ondulatoire et corpusculaire des plasmons dans le
régime classique.

— Le Chapitre 6 est consacré à la génération de vortex plasmoniques par des
lentilles plasmoniques chirales. Nous démontrerons que l’imagerie LRM est
particulièrement adaptée pour analyser quantitativement les modes de po-
larisation contenus dans les vortex. Ces derniers peuvent être manipuler au
moyen d’une règle de sélection qui est gouvernée par la chiralité de la lentille
et du spin incident. En combinant géométrie spirale et nanostructures Λ, nous
démontrerons un dispositif permettant de contrôler l’intensité et le contenu
orbital des vortex plasmoniques.

— Le dernier Chapitre 7 est dédié à la caractérisation de la LDOS optique dans
un environnement plasmonique chiral. D’une part, au moyen d’une sonde
SNOM classique à ouverture puis d’une sonde active constituée d’un nano-
diamant contenant des centres azote-lacunes, nous révèlerons qu’une cavité
plasmonique spirale possède une LDOS partielle chirale. D’autre part, nous
relierons la chiralité optique aux processus d’interaction lumière-matière en
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connectant le concept de LDOS à la densité et au flux de chiralité. Enfin,
nous discuterons comment le degré de polarisation circulaire peut constituer
une observable en champ lointain et en champ proche de la chiralité.
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Chapitre 1

Les plasmons de surface
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1.1 Introduction

Motivée par une demande toujours croissante de transmission de données, la na-
nophotonique joue un rôle central pour accompagner la microélectronique et les
télécommunications dans la satisfaction des besoins futurs en bande passante. Dans
ce contexte, des recherches approfondies sur l’interaction de la lumière avec des
structures de taille sub-longueur d’onde ont été menées. Toutefois, les composants
optiques traditionnels étant limités par la diffraction de la lumière, la plasmonique a
alors suscité un intérêt croissant ces vingt dernières années en raison de son potentiel
élevé en terme d’intégration et de miniaturisation des fonctions optiques.

La plasmonique étudie les propriétés des plasmons de surface. Historiquement, leur
description mathématique remonte au début du XXe siècle. Elle a été établie dans
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le contexte des ondes radio afin d’étudier leur propagation sur des surfaces métal-
liques [7, 8]. Puis dans les années 1960, les travaux de Ritchie, Kretchman et Raether
mettent en évidence l’excitation des plasmons de surface dans le domaine optique.
C’est au milieu des années 1990 que le domaine de la plasmonique connaît un essor
majeur avec les progrès dans les techniques de nanofabrication. Des systèmes avec
un contrôle accru des propriétés optiques et des plasmons de surface ont alors pu
voir le jour. Par exemple, ces avancées ont considérablement contribué à l’émergence
des métamatériaux, des systèmes manifestant des propriétés optiques inédites non
disponibles dans les matériaux naturels [9, 10]. Le confinement des plasmons de sur-
face, au-delà de la limite de diffraction, a ouvert la voie à de nombreuses applications
potentielles telles que les circuits photoniques miniaturisés, laissant ainsi entrevoir
une intégration dense avec les dispositifs électroniques [11].

Dans cette première partie, nous allons présenter les concepts généraux relatifs aux
plasmons de surface. Après avoir introduit la notion de champ proche optique, nous
établirons les critères d’existence des plasmons de surface. Nous aborderons cette
étude dans le cadre des équations de Maxwell qui nous permettra ensuite d’éta-
blir une description théorique simple des plasmons de surface. Nous discuterons de
leurs propriétés optiques fondamentales ainsi que les conditions déterminantes dans
le couplage des plasmons avec la lumière. Enfin, nous présenterons les techniques
expérimentales couramment utilisées pour l’excitation et l’observation des plasmons
de surface.

1.2 Conditions d’existence des plasmons de surface

Par définition, le plasma dans un métal désigne un gaz d’électron libres. Soumis
à un mouvement d’oscillation, celui-ci induit un champ électromagnétique dont la
quantification est appelée plasmon. Notre étude est consacrée à l’étude des plas-
mons de surface polaritons, c’est à dire lorsque l’oscillation collective des électrons
est localisée à l’interface entre le métal et un diélectrique. Le polariton fait référence
à la nature hybride entre les oscillations de la matière et l’onde électromagnétique
existant à la surface du métal.

Selon la structure dans laquelle sont générés les plasmons de surface, nous pouvons
distinguer deux régimes :

1. Bien que ce champ d’étude s’étend au delà du cadre de cette thèse, évoquons
toutefois le cas des plasmons de surface localisés. Il s’agit de plasmons de
surface produits au sein de nanoparticules métalliques de dimensions sub-
longueur d’onde. Ces modes non-propagatifs sont accompagnés d’un confine-
ment intense du champ à la surface des nanostructures et dont les propriétés
sont déterminées par la forme et la taille des nanoparticules. Ceux-ci font
l’objet d’importantes études notamment dans le contrôle et l’exaltation des
propriétés d’émission de sources lumineuses [12, 13] et la détection de molé-
cule fluorescente unique [14, 15].

2. Lorsque nous nous intéressons à la propagation des plasmons de surface sur
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des films métalliques plans, nous parlerons des plasmons de surface délocalisés
qui désignent les modes propagatifs confinés à l’interface entre un métal et
un diélectrique. Ils seront le sujet central de notre travail.

Afin de décrire les propriétés optiques essentielles des plasmons de surface propa-
gatifs, évoquons dans un premier temps les concepts physiques de champ proche
optique.

1.2.1 Le champ proche optique

Figure 1.1 – (a) Notations et (b) représentation de l’espace de Fourier. (c) Champ
plasmonique à l’interface air/or.

Pour introduire la notion de champ proche optique, la représentation angulaire spec-
trale apparaît comme une méthode pratique qui permet d’exprimer le champ élec-
trique comme une superposition d’ondes planes et d’ondes évanescentes.

Considérons un rayonnement lumineux monochromatique se propageant selon l’axe
optique Oz dans un milieu linéaire, isotrope, homogène et sans charge (Fig. 1.1(a)).
Le champ électrique associé s’écrit E(r, t) = ℜ (E(r)e−iωt), avec r = xx̂ + yŷ + zẑ
le vecteur position et ω la pulsation. Celui-ci doit notamment satisfaire à l’équation
de propagation donnée par l’équation de Helmholtz suivante :

(∇2 + k2)E(r) = 0, (1.1)

avec k = n(ω/c) le vecteur d’onde et n l’indice de réfraction du milieu. Nous suppo-
sons que le champ électrique initial, dans le plan transverse situé à z = 0, est connu.
Nous cherchons à formuler l’expression du champ électrique, en tout point z.

Pour ce faire, décomposons le champ électrique E(x, y, z), en ces composantes de
Fourier suivant x̂ et ŷ. A z constant, il s’écrit :

E(x, y, z) =

∫ ∫ +∞

−∞
Ê(kx, ky; z)e

i(kxx+kyy)dkxdky, (1.2)

où kx, ky sont les fréquences spatiales et Ê désigne la transformée de Fourier de E.
En injectant l’Eq. 1.2 dans l’équation de Helmholtz (Eq. 1.1), on obtient :

Ê(kx, ky; z) = Ê(kx, ky; 0)e
±ikzz, (1.3)
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où la notation ± indique la direction de propagation du champ et kz la composante
selon ẑ du vecteur d’onde, définie telle que :

kz =
√
k2 − (k2x + k2y). (1.4)

L’Eq. 1.3 montre que l’évolution spatiale du champ dans l’espace réciproque peut se
déduire du champ à la position initiale z = 0 à l’aide du facteur multiplicatif e±ikzz,
aussi appelé propagateur. Finalement, nous en déduisons la représentation angulaire
spectrale suivante :

E(x, y, z) =

∫ ∫ +∞

−∞
Ê(kx, ky; 0)e

i(kxx+kyy±kzz)dkxdky. (1.5)

D’une part, cette expression permet d’obtenir le champ en tout point r. Elle fait
apparaître que le champ peut être développé sur une base d’onde d’amplitude
Ê(kx, ky; 0) dont les vecteurs d’onde k vérifient la relation de dispersion dans le
vide :

ω2

c2
= k2x + k2y + k2z . (1.6)

D’autre part, selon les fréquences spatiales du champ, deux cas de figures peuvent
être distingués. Pour un milieu diélectrique, sans pertes (n réel et positif) :

- Si k2 ≥ (k2x + k2y), alors kz est réel et e±i|kz |z est une fonction oscillante qui
décrit des ondes planes. Dans ce cas, le rayonnement se propage librement
dans le champ lointain.

- Si k2 < (k2x + k2y), kz est alors imaginaire et la fonction e−|kz ||z| décroit de
façon exponentielle selon z. Cette condition décrit les ondes évanescentes et
sont caractéristiques du régime appelé champ proche optique.

Ainsi, la représentation spectrale angulaire permet de formuler le champ comme une
superposition d’ondes planes et d’ondes évanescentes. Elle montre que la propaga-
tion agit comme un filtre passe bas qui ne laisse passer que les fréquences spatiales
inférieures à la fréquence de coupure k = n(ω/c). Au delà de cette fréquence, les
ondes sont évanescentes et restent confinées au voisinage champ proche de la source
(Fig. 1.1(b)).

Une première conséquence de ce résultat est que la propagation du rayonnement
engendre une perte d’information sur le champ au voisinage direct de la source. Par
conséquent, une image optique obtenue en champ lointain ne peut fournir des détails
de dimensions inférieures à la longueur d’onde car les hautes fréquences spatiales
sont filtrées lors de la propagation. Ce phénomène est notamment à l’origine de
la limite de résolution optique des microscopes traditionnels qui opèrent en champ
lointain. De plus, cette propriété présuppose qu’il est nécessaire de placer le capteur
à proximité immédiate de l’émetteur pour pouvoir détecter les ondes évanescentes.
Nous verrons que cette contrainte s’applique également aux plasmons de surface
dont nous allons maintenant détailler les propriétés.
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1.2.2 Modes transverses magnétiques

L’objectif de ce paragraphe est de déterminer les solutions particulières des équa-
tions de Maxwell correspondant aux plasmons de surface. Nous allons montrer que
ces modes de surface correspondent à des modes de polarisation transverse magné-
tique (TM).

Pour ce faire, traitons le cas simple d’une interface (O, x, y) séparant 2 milieux
semi-infinis de constantes diélectriques ε1 (z ≥ 0) et ε2 (z < 0) (Fig. 1.1(c)). Dans
le cadre de notre étude, le milieu 1 sera constitué d’air ε1 = 1 et le milieu 2 de métal
et plus exactement de l’or ε2 = −11.6 + 1.2i (à λ = 633 nm).

Nous rappelons que les équations des Maxwell s’écrivent :

∇ ·D(r, t) = ρ(r, t), (1.7)

∇× E(r, t) = −∂B(r, t)

∂t
, (1.8)

∇ ·B(r, t) = 0, (1.9)

∇×H(r, t) =
∂D(r, t)

∂t
+ j(r, t), (1.10)

où E est le champ électrique, D le déplacement électrique, H le champ magnétique,
B l’induction magnétique, ρ la densité de charge et j la densité de courant. Pour
décrire le comportement de la matière sous l’influence d’un champ, les équations de
Maxwell sont complétées par les relations constitutives suivantes :

D(r, t) = εε0E(r, t) avec P(r, t) = ε0χeE(r, t), (1.11)

B(r, t) = µµ0H(r, t) avec M(r, t) = χmH(r, t), (1.12)

où ε = (1 + χe) et µ = (1 + χm) sont respectivement la permittivité diélectrique
et la perméabilité magnétique relative (l’indice 0 se réfère au cas du vide), χe et
χm sont respectivement la susceptibilité électrique et magnétique. Dans ce travail,
nous nous intéresserons à la propagation des ondes lumineuses dans les milieux non-
magnétiques (µ = µ0), linéaires (χe = χ

(1)
e ), isotropes (χe est scalaire), homogènes

(pas de variation de ε avec r), sans charges (ρ = 0), ni courants libres (j = 0). Pour
une onde monochromatique, les champs s’écrivent :

E(r, t) =



Ex

Ey

Ez


 ei(k·r−ωt), H(r, t) =



Hx

Hy

Hz


 ei(k·r−ωt), (1.13)

où k est le vecteur d’onde et r le vecteur position.

A l’aide des équations de Maxwell, nous cherchons à décrire les modes répondant
aux critères des plasmons de surface c’est à dire des modes pouvant se propager
à l’interface (O, x, y) mais évanescents dans la direction normale (Oz). Ils doivent
satisfaire les conditions suivantes :
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1. La propagation le long de la surface est assurée si les composantes parallèles
du vecteur d’onde dans chaque milieux k

‖
i = kxx̂ + kyŷ (i = 1, 2) possèdent

une partie réelle strictement positive. Elles doivent aussi être continues à
l’interface, d’où :

k
‖
1 = k

‖
2 = kSP , (1.14)

ℜ (kSP ) > 0, (1.15)

où nous avons introduit le vecteur d’onde kSP associé aux plasmons de surface
se propageant dans le plan Oxy entre le métal et le diélectrique. On considè-
rera par la suite la situation illustrée sur la Fig. 1.1(c) où kSP = kSP x̂.

2. Comme expliqué ci-dessus, une onde est évanescente suivant la direction z
si son vecteur d’onde k

⊥
i = kz,iẑ possède une partie imaginaire strictement

négative, soit :

ℑ (kz,i) < 0 (i=1,2). (1.16)

Dans ce cas, le champ plasmonique décroît exponentiellement de part et
d’autre de l’interface.

3. Les modes plasmons doivent satisfaire l’équation d’onde, déduite des équa-
tions de Maxwell (Eq. 1.8) et des relations constitutives (Eq. 1.11). Elle per-
met de relier le vecteur d’onde plasmons kSP et transverse kz,i dans chaque
milieu tel que :

k2SP + k2z,i =
(ω
c

)2
εi (i=1,2). (1.17)

A l’aide de ces trois critères, nous pouvons définir les plasmons de surface comme
des modes de surface confinés à l’interface, dont nous allons maintenant démontrer
qu’il s’agit de mode de polarisation TM.

Tout d’abord, on rappelle que les ondes de polarisation transverse électrique (TE)
et magnétique (TM) sont caractérisées respectivement par un champ électrique et
magnétique perpendiculaire au plan d’incidence. Traitons ces deux cas séparément.

Polarisation TE Pour un mode TE, seules les composantes suivant y sont non-
nulles. D’une part, les relations de continuité du champ électrique impose Ey,1 =
Ey,2 = E0, soit :

Ei =




0
E0

0


 ei(kSP x+kz,i) (i=1,2). (1.18)

D’autre part, d’après l’Eq. 1.8 et la continuité du champ magnétique suivant x,
∂Ei/∂z doit aussi être continu. On obtient alors :

kz,1 + kz,2 = 0. (1.19)

Or cette condition est en contradiction avec l’Eq. 1.16, ce qui implique que les modes
TE ne peuvent pas décrire des modes de surface.
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Polarisation TM Dans le cas des modes TM, le champ électrique appartient au
plan d’incidence par conséquent, ses composantes selon y sont maintenant nulles.
D’une part, la continuité des composantes tangentielles se traduit par Ex,1 = Ex,2 =
E0, soit :

Ei =



E0

0
Ez,i


 ei(kSP x+kz,i) (i=1,2). (1.20)

D’autre part, à partir de l’Eq. 1.8, on obtient kz,1Ez,1 + kz,2Ez,2 = 0 et la continuité
de εiEz,i impose :

kz,1Ez,2 + kz,2Ez,1 = 0. (1.21)

Nous en déduisons que les ondes de surface ne peuvent exister que sous forme de
modes TM satisfaisant la condition ci-dessus. Ce résultat va notamment nous per-
mettre d’extraire les caractéristiques optiques des plasmons de surface.

1.3 Propriétés optiques des plasmons de surface

1.3.1 Relation de dispersion

En combinant l’Eq. 1.17 avec l’Eq. 1.21, nous en déduisons les relations de dispersion
des plasmons de surface suivantes :

kSP =
ω

c

√
ε1ε2
ε1 + ε2

, (1.22)

kz,i =
ω

c

√
ε2i

ε1 + ε2
. (1.23)

Les conditions d’existence des plasmons de surface décrites par les Eq. 1.15 et 1.16
nécessitent que les fonctions diélectriques satisfassent les critères suivants :

ε2 < 0, (1.24)

ε2 < −ε1. (1.25)

Dans le cas d’une interface air/métal cette condition est effectivement satisfaite au
longueurs d’onde optiques. Discutons maintenant des implications physiques de ces
relations de dispersion.

1.3.2 Propagation des plasmons de surface

Dans un premier temps, notons que kSP est un nombre complexe dont la partie réelle
ℜ(kSP ) caractérise la propagation des plasmons de surface le long de l’interface.
Nous pouvons définir un indice effectif et une longueur d’onde, caractéristiques des
plasmons de surface, tels que :

nSP =
ℜ(kSP )
k0

, (1.26)

λSP =
2π

ℜ(kSP )
, (1.27)
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où k0 = 2π/λ. A la longueur d’onde travail λ = 633 nm, nous trouvons une valeur
de λSP ≃ 603 nm et nSP ≃ 1.05.

Dans un second temps, afin déterminer l’évolution de ℜ(kSP ) en fonction de la
fréquence ω, nous devons calculer la fonction diélectrique ε2. Pour ce faire, nous
pouvons utiliser le modèle de Drude-Lorentz.

Figure 1.2 – Relations de dispersion des plasmons de surface calculées selon : (a) le
modèle de Drude (ωp = 1.36 ·1016 s−1, γ = 1014s−1), (b) le modèle de Drude Lorentz
(ωp = 4.5 · 1015s−1, ω0 = 4.2 · 1015s−1, ζ = 8.9 · 1014s−1). Les mesures expérimentales
sont tirées de [16].

Le modèle de Drude Tout d’abord, introduisons le modèle de Drude dans le-
quel les électrons de conduction du métal sont décrit comme un gaz d’électrons
libres. Dans ce modèle, l’application d’un champ électrique extérieur E(t) = E0e

−iωt

engendre un mouvement d’oscillation des électrons. Ces derniers sont ralentis par
les collisions avec les ions positifs fixes du métal. L’équation du mouvement d’un
électron appartenant au gaz d’électrons libres s’écrit :

me
∂2r

∂t2
+meγ

∂r

∂t
= eE0e

−iωt, (1.28)

où me est la masse et e la charge de l’électron. L’amortissement est modélisé par
une force de friction de fréquence caractéristique de collision γ. Le déplacement
des électrons r(t) = r(0)e−iωt engendre une polarisation du milieu P(t) = (ε2 −
1)ε0E(t) = −Ner(t), où N est la densité de charge électronique. L’expression de la
fonction diélectrique du métal déduite du modèle de Drude s’écrit :

εD(ω) = 1−
ω2
p

ω2 + iγω
, (1.29)

où ω2
p =

Ne2

ε0me

est la fréquence plasma des électrons libres.
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Nous avons tracé sur la Fig. 1.2(a), la relation de dispersion correspondant au mo-
dèle de Drude (courbe verte). Le cône de lumière k0 = ω/c (en bleu) délimite le
régime des ondes propagatives (k < k0) de celui des ondes évanescentes (k > k0).
A basses fréquences, on constate que le modèle de Drude reproduit bien les don-
nées expérimentales mesurées par Johnson-Christy [16]. La relation de dispersion
se confond à la ligne de lumière dans l’air traduisant un confinement transverse
faible des plasmons. Au fur et à mesure que la fréquence augmente, la relation de
dispersion tend vers une valeur asymptotique ωSP = ωp/

√
2. Elle correspond à la

fréquence de résonance plasmons pour laquelle le confinement est maximal et le cou-
plage entre les oscillations du plasma électronique avec les modes de surface est le
plus efficace. Au voisinage de la fréquence de résonance et à plus hautes fréquences,
on remarque que le vecteur d’onde plasmon diverge et diffère fortement des valeurs
réelles. Au delà, lorsque ω > ωSP , la condition ε2 < 0 n’est plus satisfaite. Le mode
TM se propage librement dans le métal et n’est plus confiné en surface. Pour cette
gamme spectrale, le modèle de gaz d’électrons libres n’est plus suffisant pour décrire
le comportement des plasmons.

Le modèle de Lorentz Le modèle de Lorentz permet de tenir compte des transi-
tions interbandes qui peuvent intervenir à plus hautes énergies. En effet, les électrons
de la bande de valence peuvent être excités vers la bande de conduction. Ces transi-
tions sont alors modélisées par des électrons qui sont liés à la maille du métal par une
force de ressort de constante ζ. L’équation du mouvement des électrons liés s’écrit
alors :

m
∂2r

∂t2
+mγ

∂r

∂t
+ ζr = eE0e

−iωt, (1.30)

où m est la masse effective des électrons liés. La résolution de cette équation conduit
à la fonction diélectrique suivante :

εL(ω) = 1 +
ω̃2
p

(ω2
0 − ω2)− iγω

, (1.31)

où ω̃2
p =

Ñe2

ε0m
, Ñ est la densité des électrons liés, et ω2

0 = ζ/m. Le modèle de Lorentz

permet de compléter le modèle de Drude qui permet de rendre compte de la réponse
des électrons liés dans le métal.

Le modèle de Drude-Lorentz Nous avons tracé sur la Fig. 1.2(b) la relation
de dispersion du modèle de Drude-Lorentz qui intègre dans la fonction diélectrique
du métal la réponse des électrons libres ainsi que les transitions interbandes, soit :
ε2 = εD + εL+ ε∞. La constante ε∞ = 6 est un paramètre d’ajustement pour rendre
compte des transitions interbandes se produisant à plus hautes énergies, non consi-
dérées par ces modèles. Sur la Fig. 1.2(b), on note que dans la gamme spectrale du
visible, le modèle de Drude-Lorentz s’accorde bien aux données expérimentales de
ℜ (kSP ) associées la propagation des plasmons à l’interface. Notons qu’au delà du
spectre visible, ce modèle simple n’est plus suffisant pour décrire le comportement
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des plasmons.

En outre, dans les métaux réels, la propagation des plasmons est amortie par l’ab-
sorption dans le métal. Tandis que la partie réelle de kSP décrit la propagation de
l’onde, sa partie imaginaire détermine son atténuation au cours de la propagation.

1.3.3 Distance de propagation

Figure 1.3 – (a) Évolution de la longueur de propagation des plasmons de surface
LSP à l’interface air/or en fonction de la longueur d’onde. (b) Épaisseurs de peau
Lz calculées dans l’air et dans l’or.

A partir de la partie imaginaire du vecteur d’onde ℑ (kSP ), nous pouvons définir

une longueur de propagation plasmons telle que : LSP =
1

2|ℑ (kSP ) |
. Il s’agit de la

distance caractéristique au bout de laquelle l’intensité initiale du champ plasmon
est atténuée d’un facteur 1/e. Nous avons tracé sur Fig. 1.3(a), son évolution en
fonction de la longueur d’onde. A λ = 633 nm, LSP = 20 µm mais en pratique,
LSP est plus faible compte tenu de la rugosité de la surface. Autour de la bande
télécom (λ = 1500 nm), cette longueur de propagation peut atteindre une centaine
de micromètres, ce qui fait des systèmes plasmoniques des composants planaires
intéressants pour la transmission optique dans les circuits photoniques.

1.3.4 Confinement transversal

De la même manière, on peut définir une longueur de propagation des plasmons,
suivant la normale à l’interface, à partir de la partie imaginaire du vecteur d’onde
transverse soit ℑ (kz,i) (i=1,2). On rappelle que l’Eq. 1.23 implique que kz,i doit
être imaginaire pur. Par conséquent, les modes plasmons sont évanescents selon
Oz. Afin de quantifier ce confinement, nous introduisons l’épaisseur de peau telle

que Lz =
1

2|ℑ (kz) |
. Cette grandeur caractérise l’extension spatiale des plasmons

de part et d’autre de l’interface. Sur la Fig. 1.3(b), pour une interface air/or à
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λ = 633 nm, on trouve que les plasmons sont confinés dans l’air sur une distance
de l’ordre Lz,1 = 330 nm et sur Lz,2 = 28 nm dans l’or. Ces résultats mettent en
évidence une des propriétés majeures associées aux plasmons de surface, c’est à dire
le pouvoir de concentration de la lumière sur une échelle sub-longueur d’onde dans
la direction transverse à l’interface.

Outre les propriétés de propagation et de confinement, les relations de dispersion
présentées sur la Fig. 1.2 montrent que le vecteur d’onde plasmon se situe en dehors
du cône de lumière dans l’air, soit dans le régime des ondes évanescentes. Cette
caractéristique implique qu’une onde propagative dans l’air ne peut se coupler aux
plasmons que si elle satisfait l’accord de phase.

1.4 Couplage photons-plasmons de surface

1.4.1 Relation d’accord de phase

Figure 1.4 – (a) Illustration du désaccord de phase existant entre les modes propa-
gatifs de l’air et les plasmons de surface. (b) Représentation du désaccord de phase
sur la relation de dispersion des plasmons de surface.

Pour qu’une onde électromagnétique puisse se coupler à un mode plasmon, son vec-
teur d’onde doit couper la relation de dispersion du plasmon. Considérons une onde
plane incidente de vecteur d’onde k0 se propageant dans l’air, comme illustrée sur
la Fig. 1.4(a). La relation d’accord de phase impose que sa composante tangentielle
vérifie l’égalité suivante : kx = k0 sin(θ) = ℜ (kSP ). Par la suite, on notera kSP pour
faire référence à ℜ (kSP ). Sur la Fig. 1.4(b), nous avons représenté un zoom de la
relation de dispersion dans la gamme spectrale du visible. On constate que, même
en incidence rasante θ = π/2, le critère ci-dessus ne peut pas être satisfait. En effet,
pour vérifier l’accord de phase, il est nécessaire d’augmenter le vecteur d’onde d’une
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quantité ∆k telle que :

kSP = k0 sin(θ) + ∆k. (1.32)

Cette condition requiert des méthodes expérimentales spécifiques pour atteindre
l’accord de phase. Dans la section qui suit, nous exposons les approches les plus
couramment employées pour y parvenir. Nous accorderons une attention particulière
aux techniques sur lesquelles se sont appuyées nos expériences : le couplage par
diffraction et par ondes évanescentes.

1.4.2 Couplage par réseau de diffraction

Figure 1.5 – (a) Illustration du principe de couplage photon-plasmon par réseau de
diffraction. (b) Images MEB de réseaux plasmoniques tirées de [17] pour lancer (à
gauche) et découpler les plasmons de surface (à droite). L’encart central est un zoom
sur les réseaux. (c) Images optiques du champ proche montrant le découplage des
plasmons en ondes propagatives (image suprérieure) et la génération d’un faisceau
plasmonique (image inférieure).

Du fait de la différence phase entre kSP et k0, l’observation et l’excitation des
plasmons n’est possible que si l’on surpasse ce désaccord. Par exemple, le cou-
plage/découplage des photons en plasmons peut être réalisé au moyen de la dif-
fraction de la lumière sur des réseaux périodiques, comme illustré sur la Fig. 1.5(a).
Dans l’air, lorsqu’une onde plane illumine un réseau de périodicité a, sous un angle
d’incidence θ, celle-ci est soumise au phénomène de diffraction dont les ordres p
(p ∈ N) sont décrits par :

kp‖ = k0 sin(θ) + p
2π

a
. (1.33)

Le vecteur d’onde longitudinal de la lumière incidente (k0 sin(θ)) peut alors être

augmenté par les vecteurs de diffraction ∆k =
2π

a
. Ainsi, le pas a du réseau pourra

être judicieusement choisi de manière à ce que la lumière diffractée se couple aux
plasmons c’est à dire tel que kp‖ = kSP . Notons que les réseaux plasmoniques peuvent
servir à la fois de sources et de sondes pour produire un faisceau plasmonique ou
convertir celui-ci en ondes propagatives, comme illustré sur les Fig. 1.5(b,c). Plus
généralement, toute diffraction sur des perturbations à la surface du métal, telles
que des trous ou des rugosités, sera susceptible de convertir la lumière propagative
en plasmons de surface et réciproquement.
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Nous allons maintenant voir qu’une alternative au couplage diffractif consiste à
exploiter le fait que la relation de dispersion des plasmons se trouve à l’intérieur du
cône de lumière dans le verre.

1.4.3 Double interfaces : couplage par prisme et microscopie

à fuites radiatives

Figure 1.6 – (a) Illustration de la méthode Kretschman et Otto pour l’excitation des
plasmons de surface. (b) Illustration du principe de la microscopie à fuites radiatives
pour l’observation des plasmons de surface : θmax angle correspondant à l’ouverture
numérique maximale de l’objectif de microscope, θc angle critique de réflexion totale
interne, θSP angle de fuite des plasmons de surface.

Mode d’excitation

Comme illustré sur la Fig. 1.4(b), le vecteur d’onde de la lumière dans l’air peut être
augmenté par la traversée d’un milieu d’indice de réfraction supérieur à l’air n1 < n3

(courbe verte). Ainsi, les plasmons peuvent être excités par l’ajout d’un troisième
milieu tel que verre (n3 = 1.5), pour lequel la courbe de dispersion des plasmons
se trouve à l’intérieur du cône de lumière. En effet, la composante longitudinale du
vecteur d’onde de la lumière dans le verre s’écrit kv‖ = kair sin(θ) × n3. L’accord de
phase pour exciter les plasmons à l’interface air/or se produit alors pour un angle
donné θSP , lorsque kv‖ = kSP , soit :

kair sin(θSP )× n3 = kSP . (1.34)

La méthode expérimentale de Kretschmann, présentée sur la Fig. 1.6(a), repose
notamment sur ce principe : un film d’or est évaporé sur un prisme de verre à travers
lequel un faisceau lumineux éclaire le métal en régime de réflexion totale interne,
c’est à dire avec un angle supérieur à l’angle critique θ > θc ∼ 42◦ (kv‖ > kair).
Pour une épaisseur de métal suffisamment fine, l’onde évanescente ainsi créée fuit
à travers le métal et excite les plasmons à l’interface air/or lorsque θ = θSP . Cet
accord de phase se traduit par un minimum de réflectivité, propriété exploitée dans
les biocapteurs pour détecter des changements faibles d’indice de réfraction d’un
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milieu. Une variante de la configuration Kretschmann est celle utilisée par Otto
qui historiquement, a permis l’observation des plasmons de surface avec une onde
lumineuse (Fig. 1.6(a)) : les ondes évanescentes générées en réflexion totale interne à
l’interface air-verre se couplent aux plasmons lorsque la distance séparant le prisme
et le métal est de l’ordre de la longueur d’onde.

Détection par microscopie à fuites radiatives

La microscopie à fuites radiatives (Leakage Radiation Microscopy, LRM) est une
méthode pratique de caractérisation en champ lointain des plasmons. Elle corres-
pond au procédé réciproque de la configuration Kretschmann dans laquelle le prisme
est remplacé par un objectif de microscope d’ouverture numérique élevée et mis en
contact avec le substrat par l’intermédiaire d’un liquide à immersion d’indice n3.

Nous adopterons cette approche de détection des plasmons car, par rapport aux
techniques de champ proche (discuté dans la section suivante), l’imagerie LRM cap-
ture instantanément la propagation des plasmons, sans avoir recourt au balayage
point par point de l’échantillon. Le temps d’acquisition est donc beaucoup plus ra-
pide. De plus, elle est facile à implémenter car elle ne nécessite qu’un objectif de
microscope à immersion de grande ouverture numérique (NA>1, Numerical Aper-
ture) pour fonctionner.

Le principe de l’imagerie LRM est schématisé sur la Fig. 1.6(b). Nous rappelons
que la propagation des plasmons de surface à l’interface air-or est caractérisée par
la partie réelle du vecteur d’onde plasmon suivante :

ℜ (kSP ) = ℜ
(
ω

c

√
ε2

1 + ε2

)
= nSPk0, (1.35)

où ε2 est la fonction permittivité diélectrique du métal et nSP ≃ 1.05 est l’indice
effectif plasmons à la longueur d’onde travail λ = 633 nm. Lorsque l’épaisseur du
métal est de l’ordre de 50 nm, les plasmons peuvent fuir dans le substrat. Le vecteur
d’onde de propagation dans le verre (|kv| = k0n3) doit alors vérifier l’accord de
phase :

k0n3 sin(θLR) = ℜ (kSP ) ⇒ θSP = 44◦, (1.36)

où n3 = 1.5 est l’indice de réfraction du substrat et θSP l’angle de fuite. Les plasmons
se propagent dans le substrat avec un angle supérieur à l’angle critique de réflexion
totale interne donné par :

n3 sin(θc) = 1 ⇒ θc ∼ 42◦, (1.37)

qui symbolise la frontière entre le régime des ondes propagatives θ < θc et les
ondes évanescentes θ > θc dans le verre. Par conséquent, la technique LRM s’appuie
sur l’utilisation d’un objectif à immersion pour lequel NA > 1, dont l’ouverture
numérique limite les vecteurs d’onde détectables. Par exemple, au cours de nos
expériences, nous utiliserons objectif de microscope avec NA = 1.45 (× 100), soit :

NA = n3 sin(θmax) ⇒ θmax = 68◦. (1.38)
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L’utilisation d’un objectif à immersion d’ouverture numérique élevée permet ainsi de
capturer tous les rayons satisfaisant |k| < NA×k0, notamment ceux situés en dehors
du cône de lumière. Comme nous le verrons dans la description du montage optique
au Chapitre 3, ces angles caractéristiques seront directement accessibles dans l’es-
pace réciproque des fréquences spatiales.

Figure 1.7 – (a-b) Simulations des relations de dispersion des plasmons de surface
se propageant le long d’une interface air/or. Calcul effectué pour 4 épaisseurs d’or :
10 nm (ligne continue, marqueur circulaire), 20 nm (ligne continue, marqueur carré),
50 nm (ligne continue, marqueur triangle), 70 nm (ligne pointillée). Le cône de
lumière est représenté par une ligne continue. (a) Évolution de la partie réelle de
kSP . (b) Évolution de la disptance de propagation LSP . (c) Évolution de la partie
réelle du champ magnétique H selon z pour un film d’or d’épaisseur d=50 nm à
λ = 800 nm. Figures tirées de [18].

Précisons que, selon l’épaisseur de métal d constituant ce système à trois milieux
air/or/verre, on peut distinguer trois régimes de modes plasmoniques :

— Lorsque l’épaisseur du film métallique est supérieure à la longueur de pénétra-
tion des plasmons, Lz < d, le système peut être traité comme deux interfaces
non-couplées. Plus le film est épais, plus l’intensité des plasmons transmis
est faible. Les relations de dispersion sont alors équivalentes à celles obtenues
pour deux interfaces séparant deux milieux semi-infinis air/or et or/verre. Le
couplage par ondes évanescentes requiert donc que l’épaisseur d’or à déposer
sur le substrat de verre soit inférieure à Lz ≈ 70 nm (à λ = 800 nm).

— Sur la Fig. 1.7(a), nous avons représenté les relations de dispersion calcu-
lées numériquement pour une épaisseur d allant de 10 nm à 70 nm. Lorsque
celle-ci est très faible (d ≤ 20 nm), le couplage entre les modes à chaque inter-
face air/or et or/verre augmentent. La distance de propagation des plasmons
LSP est également fortement diminuée (Fig. 1.7(b)). Ce régime est donc peu
favorable à la propagation et à l’observation des plasmons de surface.

— Enfin, entre ces deux situations extrêmes, les modes plasmoniques évanescents
dans l’air peuvent fuir de manière radiative dans le verre lorsque 20 nm ≤
d ≤ 70 nm. L’évolution du champ magnétique plasmon traversant un film
d’or d’épaisseur d=50 nm est représentée sur la Fig. 1.7(c). A l’accord de
phase, l’onde plasmonique est détectée dans le champ lointain pour angle
spécifique θSP (Eq. 1.36). Ainsi, lors de nos expériences, nos échantillons
seront constitués d’une couche mince d’or d’épaisseur d = 50 nm afin de
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caractériser la propagation des plasmons de surface.
Ce dernier paragraphe est consacré à la microscopie optique en champ proche. Cette
technique permet notamment d’exciter directement les plasmons de surface, dans
l’air et sans avoir recours à la structuration de réseaux sur l’échantillon.

1.4.4 Microscopie champ proche optique

Figure 1.8 – (a) Illustration de la méthode utilisée dans pour exciter et enregistrer
le signal plasmonique présenté en (b), image tirée de [19]. (c) Principe du PSTM et
(d) mesure du signal plasmonique. Tirée de [20].

Du fait de leur caractère évanescent, les techniques de champ proche sont particu-
lièrement adaptées pour l’excitation et l’observation des plasmons. Historiquement,
l’idée de la microscopie optique en champ proche (Scanning Near-field Optical Mi-
croscopy, SNOM) a été proposé par E. Synge en 1928. Afin de capturer des images
d’objet de taille sub-longueur d’onde, il propose d’éclairer un échantillon par le biais
d’un écran métallique dans lequel serait pratiquée une nano-ouverture. En scannant
cet écran à une distance inférieure à la longueur d’onde de l’échantillon, ce dernier
peut être imagé avec une résolution optique supérieure à la limite de diffraction.
Les avancées technologiques apportées par l’invention, en 1982 par G. Binning et H.
Rohrer, du microscope à effet tunnel électronique (Scanning Tunnelling Microscopy,
STM) ont rendu possible le développement technique des microscopes à sonde locale
tels que SNOM et le microscope à force atomique (Atomic Force Microscopy, AFM).

En 1996, B. Hecht et al. rapporte l’excitation locale de plasmons de surface sur des
films d’or et d’argent à partir une pointe SNOM à ouverture. L’expérience est illus-
trée sur la Fig. 1.8(a) : un film métallique est éclairé en champ proche par une sonde
optique, entrainant l’excitation des plasmons qui sont collectés ensuite par imagerie
LRM (Fig. 1.8(b)). Cette approche permet un couplage direct et local aux plasmons
dans le régime des ondes évanescentes, sans l’intermédiaire de prisme ou de réseaux
diffractifs.

Le principe général de la microscopie en champ proche à balayage repose sur l’uti-
lisation d’une sonde optique, de taille sublongueur d’onde, amenée à une dizaine
de nanomètres de la surface de l’échantillon. Celle-ci peut aussi être scannée pour
réaliser une cartographie du champ proche optique. Historiquement, le microscope
en champ proche optique a été développé pour atteindre des meilleures résolutions
que les microscopes optiques traditionnels limités par la diffraction. On rappelle que
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la limite de résolution optique des microscopes conventionnels, c’est à dire la capa-
cité du système à distinguer deux points-sources, est déterminée par le critère de
Rayleigh :

∆x = 0.61
λ

NA
, (1.39)

où NA = n sin(θmax) désigne l’ouverture numérique de l’objectif du microscope,
n l’indice du milieu de travail et θmax l’angle maximum de collection. L’origine
physique de ce critère est étroitement liée à la nature corpusculaire de la lumière,
régie par le principe d’incertitude d’Heisenberg : il est impossible de connaître de
façon simultanée et précise la position d’une particule et sa quantité de mouvement.
A partir de ce principe, on retrouve notamment, à un facteur près, le critère de
Rayleigh :

∆x∆~kx ≥ ~

2
⇒ ∆x ≥ λ

4π ·NA, (1.40)

où ∆~kx = k0NA pour une onde propagative. Un moyen pour améliorer la résolu-
tion optique serait donc de maximiser kx. A longueur d’onde et ouverture numérique
donnée, on a k0 =

√
k2x + k2y + k2z , c’est à dire qu’en travaillant dans le régime des

ondes évanescentes pour lequel k2z < 0, on peut atteindre des valeurs élevées de kx
soit une résolution sublongueur d’onde ∆x.

Ainsi, les techniques de champ proche optique permettent d’atteindre des résolutions
nanométriques et de mesurer des champs électromagnétiques confinés. Ils reposent
sur l’utilisation d’une sonde optique, généralement constituée d’une fibre optique,
dont l’extrémité a été effilée pour former une ouverture de diamètre inférieur à la
longueur d’onde. Le SNOM existe selon deux modes de fonctionnement :

1. Mode illumination : Cette configuration a été mise au point par Pohl et al.
en 1984 dans laquelle une sonde SNOM a été utilisée comme nano-source et a
permis d’atteindre une résolution de λ/20 dans le domaine spectral du visible
(Fig. 1.8(a)). Dans le contexte de la plasmonique, une source quasi-ponctuelle
permet de générer un spectre étendu de fréquences spatiales, dont les vecteurs
d’onde sont suffisamment élevés pour exciter des plasmons. Étant donné que
les ondes évanescentes associées ne se propageant pas, il est donc nécessaire
d’amener cette sonde en champ proche de l’échantillon.

2. Mode détection : Dans ce cas, la sonde optique est utilisée comme nano-
détecteur. Proposé pour la première fois en 1989 par R. Reddick et al. pour le
Photon Scanning Tunelling Microscopy (PSTM) et D. Courgon et al. pour le
Scanning Tunneling Optical Microscope (STOM), le principe repose sur l’effet
tunnel optique dans lequel la sonde locale pénètre dans le champ évanescent
d’un échantillon : le spécimen est éclairé en champ lointain en réflexion totale
interne et l’intensité du champ proche est ensuite transmise à travers la fibre
optique vers un détecteur. Par cette méthode, Dawson et al. [20] ont pu
directement cartographier l’intensité des plasmons en balayant la sonde à
une distance de quelques nanomètres au dessus de l’échantillon (Fig. 1.8(d)).

29



Avec la microscopie en champ proche, le couplage aux plasmons repose sur la capacité
des sondes SNOM à émettre et à collecter localement les composantes évanescentes
de la lumière, au voisinage proche du métal. Au cours de ce travail, nous utiliserons
la première configuration, c’est à dire le SNOM en mode illumination, par exemple
pour sonder la densité locale d’états optiques de structures chirales plasmoniques. Le
dispositif expérimental ainsi que les sondes optiques seront détaillés dans le Chapitre
3.

1.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons établi les fondements théoriques ainsi que les propriétés
optiques caractéristiques des plasmons de surface propagatifs, à partir desquelles se
sont construits mes travaux de recherche. Nous avons montré que les plasmons de
surface sont des modes de polarisation TM, qui peuvent se propager sur plusieurs
dizaines de microns à la surface des métaux (dans le visible), mais sont évanescents
perpendiculairement à l’interface. Ces spécificités, qui sont à l’origine de l’intérêt
porté pour le domaine de la plasmonique, présentent aujourd’hui des applications
concrètes, par exemple, dans le domaine de la biodétection. Basés sur la résonance
des plasmons de surface, les biocapteurs [21] sont utilisés pour la caractérisation des
interactions biomoléculaires [22] et sont aujourd’hui disponibles à l’échelle indus-
trielle.

Un autre champ de recherche important concerne les circuits photoniques minia-
turisés [23]. En effet, la plasmonique apparaît comme une solution potentielle pour
augmenter l’intégration des systèmes optiques conventionnels. L’objectif est de com-
biner les bande-passantes élevées des réseaux optiques avec les architectures ultra-
compactes de l’électronique. Le développement de cette technologie requiert, non
seulement une compréhension approfondies des interactions lumière-matière à l’échel-
le nanométrique, mais également de pouvoir fabriquer des dispositifs capables d’exci-
ter et détecter efficacement les plasmons de surface. Il nécessite également d’élaborer
des dispositifs en mesure de les transmettre avec un minimum de pertes et de pouvoir
manipuler le signal optique pour y encoder l’information [24]. Dans ce travail, nous
visons notamment à exploiter les propriétés de la chiralité optique pour façonner
les degrés de liberté de la lumière à l’aide nanostructures plasmoniques. Dans cette
perspective, nous nous appuierons entre autres sur le couplage spin-orbite optique
afin de contrôler les échanges entre les différents moments angulaires de la lumière.
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Chapitre 2

Le couplage spin-orbite de la lumière
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2.1 Introduction

Le couplage spin-orbite de la lumière désigne les processus au cours desquels la pola-
risation interagit fortement avec les degrés de liberté spatiaux de la lumière. Il permet
de décrire la conversion entre les composantes de polarisation et impulsionnelles des
photons. Historiquement introduit en mécanique pour décrire les mouvements de
rotation, la lumière est également caractérisée par un moment angulaire qui peut se
présenter sous deux formes :

1. le moment angulaire de spin S ou SAM (Spin Angular Momentum) (Poynting,
1909).

2. le moment angulaire orbital L ou OAM (Orbital Angular Momentum) (Allen,
1992).

Le sens de rotation d’un faisceau lumineux, de SAM et OAM non nul, lui confère
un caractère chiral que l’on cherchera à générer et à caractériser, au sein de nano-
structures métalliques.

Après avoir introduit ces différents moments angulaires, nous discuterons dans ce
chapitre du couplage spin-orbite de la lumière avec une attention particulière sur
l’effet spin Hall optique. Nous exposerons notamment les résultats majeurs obtenus
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sur le sujet au cours de la thèse de Q. Jiang [6], et sur lesquels se sont basées mes
recherches.

2.2 Notions d’interaction spin-orbite optique

2.2.1 Moment angulaire de spin

Figure 2.1 – (a) Représentation du SAM longitudinal transporté par une onde
polarisée circulairement et se propageant selon Oz. (b) Représentation du SAM
transverse, noté S⊥, transporté par une onde évanescente décroissante selon Ox et
se propageant selon Oz. Tirées de [25].

Dans le modèle du photon, le SAM d’un photon unique, qui se propage selon la
direction du vecteur d’onde k̂ = k/|k|, est donné par :

S = s±~k̂ avec s± = ±1. (2.1)

Ainsi, le SAM peut prendre deux valeurs. Elles correspondent dans le régime clas-
sique aux états de polarisations circulaires gauche et droite, dont le sens de rotation
est donné par s±. D’une part, pour des ondes propagatives, le SAM est longitudinal,
c’est à dire dirigé selon l’axe de propagation k̂ (Fig. 2.1(a)). D’autre part, mention-
nons que le SAM transporté par des ondes évanescentes peut également posséder
une composante transverse, comme illustrée sur la Fig. 2.1(b). Ce SAM transverse
s’explique par la composante non-nulle du champ électrique selon k̂. Enfin, pour
transformer une polarisation linéaire (de SAM nul) en un faisceau de polarisation
circulaire, on utilise traditionnellement une lame quart d’onde qui permet d’intro-
duire un déphasage entre les deux composantes transverses Ex et Ey du champ
électrique.

2.2.2 Moment angulaire orbital

Sur la Fig. 2.2(a), nous avons représenté une onde transportant un OAM non-nul.
Pour produire un tel faisceau, il faut créer un déphasage qui varie spatialement avec
l’angle azimutal ϕ. Le champ produit est alors décrit par une amplitude qui dépend
de l’azimut selon : E(r, ϕ) = E0e

ilϕ, où l est appelé la charge topologique. Ainsi, le
photon associé à cette onde va transporter un OAM défini tel que :

L = l~k̂ avec l ∈ Z. (2.2)
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Figure 2.2 – Représentation d’une onde se propageant selon Oz et transportant
(a) un OAM intrinsèque et (b) un OAM extrinsèque. Tirées de [25].

On désigne ces ondes de vortex optiques car elles présentent une singularité de
phase à |r| = 0. Elles sont caractérisées par un front d’onde hélicoïdal qui s’enroule
autour de l’axe optique et dont la phase s’incrémente de 2πl sur une période de λ
(Fig. 2.3(a)). Cette singularité de phase se situe sur l’axe de rotation et se traduit par
une intensité nulle au centre. Ainsi, les profils d’intensité, à une position z donnée,
prennent la forme d’anneaux dont les rayons croissent avec |l|.

Figure 2.3 – (a) Représentation des fronts d’onde (première colonne), des intensités
(deuxième colonne) et des phases (troisième colonne) associés à des vortex optiques
de charges topologiques allant de l = −1 à 3 (Tirées de [26]). (b-d) Techniques de
génération de vortex optiques : (b) lentille cylindrique (Tirée de [27]), (c) lame de
phase spirale (Tirée de Wikipédia) et (d) hologramme (Tirée de [26]). (e) Images
présentant une particule de chlorure de mercure qui est mise en mouvement de
rotation autour de son axe sous l’effet du SAM (colonne de gauche) et autour de
l’axe optique du faisceau en raison du OAM (colonne de droite) (Tirée de [28]).

Décrivons quelques techniques permettant de structurer la phase d’une onde lu-
mineuse. Sur la Fig. 2.3(b), nous présentons une méthode basée sur l’utilisation
de lentilles cylindriques pour transformer des modes Hermite-Gaussiens HGmn, de
OAM nul, en des modes Laguerre-Gaussien LGlp de phase hélicoïdale [27]. L’incon-
vénient de cette technique est qu’elle est très sensible à toutes erreurs d’alignement
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et qu’elle nécessite, en entrée, une source capable de produire un large spectre de
modes HG. Elle requiert également que les lentilles cylindriques soient de haute qua-
lité. Sur la Fig. 2.3(c), on présente une autre approche basée sur une lame à phase
spirale. Celle-ci permet de générer des vortex optiques en appliquant une différence
de phase à une onde plane incidente. Ce composant est formé d’un disque d’indice
de réfraction homogène mais dont l’épaisseur d varie de manière hélicoïdale selon
d(ϕ) = d0 + d2π

ϕ

2π
, avec d0 l’épaisseur minimum et d2π l’incrément d’épaisseur au

bout de 2π. Toutefois l’inconvénient de ces optiques est que la variation d’épaisseur
doit être extrêmement régulière et contrôlée à la longueur d’onde près. De plus,
elles ne sont pas modulaires car une lame différente doit être utilisée pour chaque
ordre l et pour chaque longueur d’onde de travail. La manière la plus répandue pour
créer des vortex optiques est l’utilisation d’un hologramme, généré par un modula-
teur spatial de lumière (Spatial Light Modulator, SLM) (Fig. 2.3(d)). Ces derniers
sont constituées de cristaux liquides capables de créer n’importe quel motif holo-
graphique. La figure holographique est calculée en faisant interférer une onde plane
avec un faisceau vortex. Elle se présente sous la forme d’un réseau de diffraction
avec une dislocation au centre qui est à l’origine de la singularité optique. Lorsque
l’hologramme est éclairé par une onde plane, les premiers ordres de diffraction ±1
produisent alors des ondes de moment angulaire ±l. L’avantage de cette technique
est qu’elle permet de modifier à volonté l’amplitude et la phase d’une onde pour
produire le vortex optique voulu.

Depuis les travaux pionniers de Allen et al. sur les vortex optiques [26], de nom-
breuses études ont été menées dans la manipulation du moment angulaire orbital,
offrant des perspectives intéressantes pour le multiplexage optique et le piégeage
optique [4]. Par exemple, de la même manière que le SAM peut être transféré à
une particule sous forme de rotation sur elle-même, celle-ci peut être mise en mou-
vement autour de l’axe optique par l’intermédiaire du OAM, comme illustré sur la
Fig. 2.3(e) [28].

Il est à préciser que le moment angulaire orbital ainsi défini est désigné de OAM in-
trinsèque par opposition au OAM extrinsèque. En effet, le SAM et le OAM discutés
ci-dessus sont indépendants du référentiel choisi, à la différence du OAM extrinsèque,
noté Lext. Ce dernier dépend explicitement du repère de travail et il est associé à
une modification de la trajectoire globale du faisceau (voir Fig. 2.2(b)). Il est définit
comme suit : Lext = R∧P, avec R la position transverse du faisceau et P la quantité
de mouvement.

Finalement, le moment angulaire total d’une onde lumineuse est donné par : J = S+
L+Lext. Pour un système invariant par rotation autour de l’axe Oz, la composante
du moment angulaire total sur cet axe doit être conservée mais des échanges entre
ces différents degrés de liberté peuvent se produire.
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Figure 2.4 – (a) Montage optique démontrant l’effet spin Hall pour une propa-
gation curviligne de la lumière. (b) Mesures du décalage spatial entre les faisceaux
de polarisation circulaire droite et gauche en fonction du nombre de tours effectués
par la lumière. Tirées de [29]. (c) Schéma de l’expérience mettant en évidence l’effet
spin Hall appliqué aux plasmons de surface. (d-e) La variation spatiale du point
de focalisation en fonction de la polarisation circulaire (+, −) est mesurée en mi-
croscopie champ proche. Tirées de [30]. (f) Illustration d’une chaîne plasmonique
localement isotropique (figure supérieure) et anisotropique (figure inférieure). Mise
en évidence dans le plan de Fourier de l’effet spin Hall optique local (g) isotropique
et (i) anisotropique. L’influence de l’interaction collective des plasmons est vérifiée
en comparant le système (g) et (j) où les nanostructures sont disposées de manière
désordonnée. Tirées de [31].

2.2.3 Effet spin Hall optique

Lorsqu’on travaille dans le régime de l’optique géométrique, les différentes com-
posantes du moment angulaire de la lumière peuvent être traitées indépendam-
ment. A l’inverse, dans les milieux inhomogènes, non-paraxiaux et spécifiquement
en nano-optique, ces différents degrés de liberté peuvent être fortement couplés. Le
phénomène de spin Hall optique (Spin Hall Effect of Light, SHEL) désigne notam-
ment l’influence mutuelle de la polarisation sur la trajectoire des photons. Sur la
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Fig. 2.4, nous présentons, de manière non-exhaustive, quelques exemples de travaux
clés qui démontrent expérimentalement l’effet SHEL. Dans l’expérience illustrée sur
la Fig. 2.4(a), Bliokh et al. ont utilisé un cylindre présentant un gradient d’indice
radial pour conférer une trajectoire curviligne, soit un moment angulaire extrinsèque
non nul, à deux faisceaux lumineux de polarisation circulaire droite et gauche [29].
Après plusieurs rotations des faisceaux autour de l’axe de propagation, la signa-
ture de l’effet SHEL se manifeste comme un décalage spatial entre les deux ondes
(Fig. 2.4(b)).

Dans le domaine de la plasmonique, ce même groupe a démontré le couplage spin-
orbite par l’intermédiaire d’un réseau périodique semi-circulaire, agissant comme
une lentille pour plasmons [30] (Fig. 2.4(c)). Après avoir éclairé ce système avec
une onde de polarisation circulaire, ils ont mesuré en microscopie optique en champ
proche un déplacement du point de focalisation des plasmons en fonction du SAM
incident (Fig. 2.4(d,e)). Enfin, en manipulant non seulement la disposition mais
également la géométrie de nanostructures métalliques (Fig. 2.4(f-j)), Shirit et al.
ont démontré qu’une anisotropie locale permettait de contrôler le moment angulaire
de la lumière à l’aide d’un degré de liberté supplémentaire [31]. Ainsi, ces études
portant sur les interactions spin-orbite dans les systèmes plasmoniques ont ouvert la
voie à d’importants travaux sur la chiralité pour le maniement des différents degrés
de liberté de la lumière.

2.3 Excitation unidirectionnelle des plasmons de sur-

face

Figure 2.5 – (a) Exemple de verrouillage du moment de spin transverse. Tirées
de [32]. (b) Excitation unidirectionnelle de plasmons de surface par le biais de mé-
tasurfaces. Tirées de [33].

De nombreuses recherches ont tiré partie du couplage spin-orbite afin "d’aiguiller"
la lumière à l’aide du spin à l’échelle nanométrique. Par exemple, O’Connor et al.
ont démontré, dans le domaine de la plasmonique, le phénomène de verrouillage du
moment de spin (Spin-Momentum Locking), un mécanisme engendré par l’interac-
tion entre la direction de propagation et le spin transverse [32] (Fig 2.5(a)).
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Dans cette partie, nous revenons sur le processus à l’origine de la directionnalité plas-
monique générée par des nano-ouvertures en forme de T et Λ. De tels systèmes ont
suscité un intérêt important du fait de leur capacité à contrôler la phase, la polarisa-
tion et la directivité de la lumière [34, 35, 36]. Ainsi, les chercheurs ont montré que
les nanostructures plasmoniques pouvaient orienter le rayonnement électromagné-
tique dans une direction spécifique, de la même manière que les antennes classiques.

Lorsqu’on éclaire fente pratiquée dans un film métallique, elle induit un dipôle élec-
trique dont l’orientation est principalement alignée selon la normale à cette fente [37].
Dans cette configuration, le faisceau plasmonique est donc contraint de se propager
dans la direction perpendiculaire aux fentes. Seule la composante perpendiculaire du
champ incident peut alors se coupler efficacement aux plasmons et l’information sur
ses autres composantes de polarisation est alors perdue lors du couplage. En struc-
turant le métal de nano-ouvertures, avec une distance de séparation entre chaque
élément judicieusement choisie, on peut contrôler la directionnalité des plasmons
par interférences constructives et destructives. Par exemple, Lin et al. ont notam-
ment introduit une antenne plasmonique ayant la capacité à diriger les plasmons
dans deux directions opposées, vers la droite ou vers la gauche selon le spin de la
lumière incidente [33]. Comme présentée sur la Fig 2.5(b), cette méta-surface est
formée d’un réseau constitué de nano-bâtonnets en forme de T et a été caractérisé
au moyen d’une sonde en champ proche.

2.3.1 Contrôle unidirectionnel plasmonique

Figure 2.6 – (a) Schéma d’une nanostructure Λ. (b) Simulation de l’image LRM
dans le plan de Fourier : signal plasmonique généré par un Λ unique excité par
une onde incidente polarisée circulairement de spin s = −1. Cercle plasmonique de
rayon kSP (pointillé). Echelle de couleur : Intensité (u.a.). (c) Simulation du champ
plasmonique généré par la fente 1 (courbe bleue), la fente 2 (courbe rouge) et le
champ total (courbe noire).

Dans la continuité de ces travaux, mon prédécesseur Q. Jiang a proposé durant son
doctorat d’utiliser l’imagerie LRM pour caractériser ces coupleurs unidirectionnels.
C’est un projet auquel j’ai été impliquée au début de ma thèse. En travaillant en
espace libre, la méthode LRM nous a permis de réaliser des analyses quantitatives
sur la polarisation et la propagation des plasmons dans l’espace réciproque. Dans le
prolongement de ce travail, le design des échantillons ainsi que le modèle analytique
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que j’ai utilisé au cours de ma thèse se sont appuyées sur ces études. En particulier,
nous nous sommes intéressés à deux types de nanostructures, des nanorectangles
disposés en Λ et en T , dont je vais rappeler ici les résultats principaux. Le détail des
analyses peuvent être trouvé dans [38, 39, 6].

Nanostructures en forme de Λ

Considérons une nanostructure en forme de Λ (Fig. 2.6(a)). Elle est constituée de
deux rectangles (m = 1, 2), faisant un angle α par rapport à Oy. Le centre de
chaque élément est situé respectivement à r1 = (0, 0) et r2 = (−D, 0). Les normales
respectives au grand (n̂m) et au petit axe (n̂m⊥) des rectangles sont données par :

n̂1 =

(
cosα
sinα

)
; n̂1⊥ =

(
− sinα
cosα

)
(2.3)

n̂2 =

(
− cosα
sinα

)
; n̂2⊥ =

(
sinα
cosα

)
(2.4)

Ce système est éclairé par une onde polarisée circulairement Es = (x̂ + isŷ)/
√
2,

avec s = −1 pour une rotation à droite et s = +1 pour une rotation à gauche. Les
plasmons de surface induits par chaque fente m sont associés aux moments suivants :

pm,s = p⊥
m,s + p‖

m,s = (Es · n̂m)n̂m + β(Es · n̂m⊥)n̂m⊥, (2.5)

où β (0 ≤ β < 1) est une grandeur qui décrit la contribution relative entre le dipôle
associé au grand axe p⊥

m,s et le dipôle associé au petit axe de la fente p‖
m,s.

Dans cette étude, les plasmons ont été imagés dans le plan de Fourier par imagerie
LRM. Dans l’espace réciproque, la résonance plasmonique peut être décrite par une
distribution de la forme FSP (k) ≃ 1/(k − kSP ) [18]. Comme nous le verrons par la
suite, l’intensité plasmonique se situe sur un cercle de rayon k = kSP et présente un
signal piqué dont le profil suit une fonction Lorentzienne (voir Fig. 2.6(b)) [40, 41].
Le champ plasmonique induit dans la direction de propagation k̂x± = ±x̂ s’écrit
alors :

ESP
s,±(k) = FSP (k)[(p1,s · k̂x±) + (p2,s · k̂x±)e±ikSP ·D] · k̂x±, (2.6)

où k fait ici référence à la composante planaire du vecteur d’onde. Cette expression
qui lie la polarisation circulaire incidente Es (Eq. 2.5) à la direction de propagation
k̂x± est une signature du couplage spin-orbite induit par les nanostructures.

Condition de directionnalité

Le facteur de phase (kSP ·D) dans l’Eq. 2.6 détermine la directivité des plasmons.
Si la distance D est choisie telle que kSP ·D = π/2, alors les champs plasmoniques
induits par chaque fente vont interférer constructivement dans une direction, et
destructivement dans la direction opposée (Fig. 2.6(c)). Dans ce cas, l’Eq 2.6 se
réécrit comme suit :

ESP
s,±(k) = ±FSP (k)√

2
cos2(α) · Cs,± · k̂x±, (2.7)
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où nous avons introduit le facteur de directivité Cs,±. Ce paramètre caractérise le
couplage du champ incident polarisé circulairement s = ±1 en plasmons directifs
selon la direction k̂x±. Il est donné par :

Cs,± = 1± s tanα + (s tanα± 1)i+ β[1∓ s tanα− (s tanα∓ 1)i]. (2.8)

Notons la dépendance de la directivité avec les paramètres géométriques de l’ouver-
ture Λ. En ajustant l’angle α et le facteur β, nous pouvons optimiser la direction-
nalité des plasmons. Cependant, le paramètre β, qui tient compte de la largeur finie
des fentes, est en pratique fixé lors de la gravure des nanostructures par faisceau
d’ions focalisés. Pour nos échantillons, nous avons déterminé une valeur moyenne
de 〈β〉 = 0.51 [38]. Toutefois nous pouvons ajuster l’angle α. Nous avons notam-
ment montré que pour cette valeur de β, la directivité est nominale si l’angle est de
α = 60◦.

Nanostructure en forme de T

Figure 2.7 – (a) Schéma d’une nanostructure T . (b) Simulation dans le plan de
Fourier par imagerie LRM : intensité plasmonique générée par un T unique.

Lorsque les nano-bâtonnets sont arrangés en T (Fig. 2.7(a)), la condition de di-
rectionnalité s’écrit : kSP · D/

√
2 = π/2. En effectuant le même raisonnement que

précédemment, nous obtenons l’expression du facteur de directivité plasmonique
suivante :

Cs,± = 1± s+ (s± 1)i+ β[1∓ s− (s∓ 1)i], (2.9)

où r1 = (0, 0), r2 = (−D/
√
2, D/

√
2) et α = 45◦.

Métasurface : Unidirectionnalité selon x̂

Jusqu’à maintenant, nous n’avons considéré qu’un seul élément, Λ ou T , et la direc-
tion de propagation k̂x = ±x̂. Or, nous pouvons voir sur les Fig. 2.6(b) et Fig. 2.7(b)
que l’excitation d’une structure unique excite également des plasmons se propageant
dans la direction k̂y = ±ŷ. Afin de générer des plasmons dans une seule direction,
les nanostructures ont été disposées en réseau (Fig. 2.8(a),(d)). Pour favoriser l’uni-
directionnalité selon kx, nous avons fixé la période horizontale à ax = λSP afin que
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Figure 2.8 – (a) Image SEM d’un réseau formé de nanostructures Λ (respective-
ment, (b) nanostructures T ). (b-c) (resp., (e-f)) Images LRM dans le plan de Fourier
lorsque l’échantillon est excité par une polarisation circulaire comme indiquée par
la flèche blanche. Echelle de couleur : Intensité (u.a).

les plasmons puissent interférer constructivement. A l’inverse, pour avoir des inter-
férences destructives selon ky, la période verticale a été choisie telle que ay = λSP/2.
Les résultats expérimentaux sont présentés sur la Fig. 2.8 : premièrement, de part
et d’autre du spot central qui correspond à la transmission directe du laser, on
constate que les plasmons sont lancés soit vers la droite, soit vers la gauche selon
que l’échantillon ait été illuminé avec une polarisation circulaire droite ou gauche.
Deuxièmement, la mise en réseau des nano-ouvertures a effectivement permis de
supprimer la génération de plasmons selon la direction k̂y.

2.3.2 Contrôle radial des plasmons de surface

Enfin, sur la Fig. 2.9, les nanostructures Λ ou T sont disposées en forme de cercle
dans le but d’obtenir une émission radiale et directionnelle des plasmons. Le signal
plasmonique est ici étudié dans le plan direct et nous négligerons β pour simplifier la
discussion. Pour calculer l’intensité totale, nous sommons le champ plasmons émis
par chaque nanostructure. Les échantillons sont illuminés en polarisation circulaire
et le champ électrique plasmonique résultant s’écrit dans le système de coordonnées
radiales (O, ρ̂, θ̂) (voir Fig. 2.9(a) pour les notations) de la manière suivante :

ESP
s (M) ∝

∑

j=0,1...N

eikSP ·r1
√
r1

(p1,s · r̂1)r̂1 +
eikSP ·r2
√
r2

(p2,s · r̂2)r̂2, (2.10)

avec N le nombre total de structures comprises dans un cercle et ri (i=1, 2) la
distance entre le point d’observation M et chaque fente 1 et 2. Notons que le rayon
R du cercle est bien supérieur à la distance entre les fentes (D) et à la période
entre 2 structures (Λθ). Nous avons donc fait l’approximation que r̂1 ≈ r̂2 ≈ ρ̂. En
transformant la somme discrète en une intégrale, nous avons trouvé que le signal
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Figure 2.9 – (a) Notations adoptées pour des nanostructures en T arrangées en
cercle. Images SEM d’un cercle formé de nanostructures (b) Λ et (e) T . Images dans
le plan de direct pour une excitation s = +1 (b,e) et s = +1 (c, f). Barre d’échelle :
k0N.A/4. Echelle de couleur : Intensité (u.a).

plasmonique émis vers le centre de cercle est décrit par :

ESP (M) ∝ Cs{(−eiθM )s+1Js+1(kSP rM)E−1 + (−eiθM )s−1Js−1(kSP rM)E+1}, (2.11)

où Jl correspond à la fonction de Bessel d’ordre l. Finalement, le facteur de directivité
Cs est défini par :

Cs = (nx
1 + isny

1)n
x
1 + (nx

2 + isny
2)n

x
2e

ikspD/
√
2. (2.12)

Cette grandeur décrit la faculté du système à concentrer les plasmons vers le centre.
Comme précédemment, il dépend des paramètres géométriques des structures et du
champ incident. En particulier, nous avons trouvé, pour les systèmes présentés sur
les Fig. 2.9(b) et (e), l’inégalité : C−1 ≪ C+1. Cela se traduit expérimentalement par
un maximum d’intensité plasmonique au centre pour une excitation suivant s = +1
et un minimum pour s = −1.

2.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons abordé la chiralité de lumière à travers ses moments
angulaires de spin et orbitaux. L’étude des couplages spin-orbite optiques dans les
systèmes plasmoniques suggèrent le développement de nouvelles fonctionnalités op-
tiques, grâce la manipulation des degrés de polarisations et spatiaux de la lumière.
En particulier, nous avons présenté comment des nanostructures en forme de T et
Λ pouvaient transmettre l’information sur la SAM incident dans la trajectoire des
plasmons.

Afin de mettre en évidence les effets chiroptiques dans les systèmes plasmoniques,
il est nécessaire de pouvoir contrôler et caractériser les plasmons de surface ainsi
que la polarisation. Pour cela, nous avons adopté au cours de cette thèse différentes
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approches expérimentales, basées sur l’imagerie en champ lointain (LRM) et en
champ proche (SNOM), que nous allons détailler dans le chapitre qui suit.
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3.1 Introduction

Du fait de leur nature évanescente, travailler avec les plasmons de surface néces-
site de mettre en œuvre des outils adaptés pour leur excitation et leur observation.
Ce chapitre présente les techniques expérimentales utilisées pour l’élaboration et la
caractérisation des échantillons. D’une part, je décrirai dans une première partie le
protocole fabrication des échantillons, du dépôt du film métallique à la gravure des
nanostructures plasmoniques par faisceau d’ions focalisés. D’autre part, je présen-
terai les deux montages optiques utilisés au cours de ce travail, qui se distinguent
notamment par leur mode d’illumination des échantillons. Dans le cadre de cette
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thèse nous cherchons à étudier les phénomènes de chiralité optique au sein de sys-
tèmes plasmoniques, par conséquent, pouvoir sonder leur réponse en polarisation est
essentiel. Un premier montage d’illumination en champ lointain nous permettra de
contrôler l’état de polarisation incident et de générer des ondes plasmoniques par le
biais d’éléments diffractifs. La deuxième partie de ce chapitre sera donc consacrée
à la description de ce montage, mis en œuvre au laboratoire durant la thèse de Q.
Jiang [6]. Enfin, je présenterai dans une troisième partie le microscope optique en
champ proche SNOM destiné à l’excitation locale des systèmes plasmoniques. Une
attention particulière sera accordée à la fabrication des sondes locales, notamment
des pointes optiques à ouvertures et des sondes actives utilisées au cours de ce projet.

3.2 Fabrication des échantillons

Les échantillons sont élaborés au sein de l’Institut Néel. Le protocole comprend
deux grandes étapes : d’une part, la réalisation d’un film mince métallique, support
de propagation des plasmons de surface, d’autre part, la structuration par faisceau
d’ions focalisés (Focused Ion Beam, FIB) des échantillons. Cette deuxième étape
ainsi que les images MEB des échantillons ont été réalisées par G. Julie et J. -F.
Motte du pôle Nanofab. Dans cette section, je décris brièvement le protocole de
fabrication des nanostructures plasmoniques, dont la méthode a été mise en place
et optimisée depuis plusieurs années au sein du laboratoire.

3.2.1 Dépôt de couches minces métalliques

La qualité des échantillons est non seulement conditionnée par la précision de gravure
des nanostructures, mais également par l’homogénéité du film métallique sur lequel
elles ont été gravées. Afin de limiter la présence d’impuretés, qui pourraient augmen-
ter la rugosité de la surface et diminuer la distance de propagation des plasmons,
les échantillons doivent être nettoyés avec soin. Les nanostructures sont élaborées
sur un substrat de verre BK7 d’épaisseur 0.2 mm. La propreté du substrat est assu-
rée par un nettoyage préalable à éthanol puis à l’acétone dans un bain à ultrason.
Une deuxième étape de nettoyage consiste à évacuer les contaminants organiques
par gravure ionique réactive (Reactive-Ion Etching, RIE). La méthode repose sur
un plasma d’ions oxygène interagissant chimiquement avec les impuretés, qui sont
ensuite pulvérisées de la surface du substrat puis évacuées.

L’étape suivante est la métallisation du substrat par dépôt physique en phase ga-
zeuse. La technique consiste à bombarder, avec un faisceau d’électrons, un creuset
contenant le métal à déposer jusqu’à son évaporation 1. Dans le cadre de notre étude,
l’or est utilisé car c’est un matériau qui s’oxyde lentement, garantissant ainsi un état
de surface durable et stable dans le temps. Les électrons sont émis par un filament
de tungstène chargé puis sont accélérés à énergie cinétique élevée en direction du
creuset. Le métal se vaporise puis se condense sous forme d’une couche mince sur
la surface plus froide du substrat, positionné au dessus du creuset. Le dépôt se fait

1. Modèle PLASSYS
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à basse pression (10−6 Torr) afin de limiter les impuretés dans la chambre. Afin
de faciliter l’adhérence du métal sur le verre, une épaisseur de 3 nm de titane est
préalablement déposée entre le substrat et l’or. L’épaisseur de métal, contrôlée au
moyen d’une balance à quartz, est choisie selon les besoins de l’étude : le film sera
de 200 nm dans le cas d’un découplage des plasmons par diffraction, et de 50 nm
pour une caractérisation par imagerie LRM. Cette méthode de dépôt nous permet
de fabriquer des films homogènes dont la faible rugosité permet aux plasmons de
se propager sur une distance pouvant atteindre une dizaine de micromètres, comme
nous le verrons par la suite.

3.2.2 Gravure par FIB

Une fois le dépôt d’or réalisé, nous procédons à la gravure FIB des nanostruc-
tures. Cette étape est réalisée par l’équipe Nanofab. Au laboratoire, la source FIB 2

est intégrée à un microscope électronique à balayage 3 (Scanning Electron Micro-
scope, SEM), qui permet d’imager l’échantillon au cours de la gravure. La technique
consiste à graver les matériaux à l’aide d’un faisceau d’ions gallium (Ga+) focalisés
à haute énergie sur l’échantillon. Cette méthode présente l’avantage de structurer
directement le matériau, sans l’intermédiaire de résine ou d’attaque chimique. Le
faisceau est produit par une pointe de tungstène mouillée de gallium. Soumise à un
courant élevé, un champ électrique important au bout de la pointe ionise les mo-
lécules de gallium qui sont ensuite accélérées et focalisées sur l’échantillon par des
lentilles électrostatiques. L’énergie des ions est alors suffisamment élevées (30keV)
pour générer une ablation du matériau. Cette méthode directe d’abrasion permet la
gravure de motifs complexes de taille nanométrique avec une grande flexibilité.

Pour garantir la qualité des nanostructures, les paramètres du FIB ont été optimisés
tout en conservant un temps de gravure raisonnable. Dans notre cas, la taille du
faisceau a notamment été réglée autour de 20 nm pour un temps d’exposition de
1.5 ms et un pas de 3.2 nm. Le nombre de boucles de passage du faisceau d’ions est
alors ajusté selon la finesse du trait désirée ou de l’épaisseur du film métallique à
graver. Par exemple, le nombre de boucles N nécessaire pour graver un film épais de
200 nm est deux fois plus élevé que pour un film de 50 nm. Pour donner un ordre de
grandeur, nous avons utilisé un nombre de boucles de N = 4 pour graver des sillons
d’environ 50-100 nm de largeur, sur un film épais de 200 nm. Ce sera notamment
le cas pour les cavités spirales et circulaires. Pour les sillons à mi-hauteur, nous
avons utilisé N = 2 et les nanostructures isolées, en T ou Λ, ont été gravées avec
un nombre de boucle N = 4. Du fait de sa grande flexibilité et précision de gravure,
cette méthode de fabrication par FIB s’est révélée particulièrement adaptée pour
notre projet. Toutefois, la reproductibilité fluctue de manière importante selon les
paramètres de réglage. Comme nous le verrons par la suite, les effets chiraux optiques
sont très sensibles aux défauts de fabrication, ce qui nécessite une grande maîtrise
de ces facteurs.

2. Modèle FIB Orsay Physics
3. Modèle Leo 1530
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3.3 Montage 1 : Excitation plasmonique en champ

lointain

Comme discuté précédemment, une onde plane peut se coupler en plasmons de
surface par le biais d’éléments diffractifs locaux. Nous présentons ici un premier
montage optique qui sera utilisé pour exciter et caractériser les échantillons en champ
lointain. L’avantage de cette approche en espace libre, est qu’elle est modulaire et
rapide à implémenter. Elle est particulièrement adaptée à l’étude de la chiralité des
systèmes plasmoniques car on peut insérer, à l’entrée et en sortie de l’échantillon, des
filtres polarisant pour pouvoir réaliser une tomographie complète en polarisation.

3.3.1 Description du dispositif

Figure 3.1 – Illustration du montage optique 1 : Li (i=1 à 6) et FL (Fourier
Lens) représentent des lentilles convergentes, Pi des polariseurs linéaires, Hi des
lames demi-onde, Qi des lames quart-d’onde (i=1 à 2), BS (Beam Splitter) une
lame séparatrice , Mi des filtres spatiaux (i=1 à 2), DP le plan direct, FP le plan
de Fourier.

Un schéma simplifié du montage optique est représenté sur la Fig. 3.1. Le repérage
préalable des nanostructures est effectué à l’aide d’une lampe blanche LED (Light
Emitting Diode) qui permet d’éclairer l’ensemble de l’échantillon. Les structures sont
ensuite excitées par un faisceau laser HeNe à une longueur d’onde de λ = 633 nm. A
incidence normale, le faisceau est collimaté par une première lentille convergente L1,
puis focalisé dans le plan de l’échantillon via un objectif de microscope O1 (NA =
0.75, ×40). La taille du faisceau du laser peut être adaptée à l’ouverture numérique
de O1 au moyen de deux lentilles L2 et L3. Dans cette configuration, les plasmons
sont générés par diffraction sur des éléments diffractifs gravés sur l’échantillon, aux-
quels la largeur à mi-hauteur du faisceau laser est ajustée (FWHM=2 µm, Full
Width Half Maximum). La réponse optique est ensuite collectée par un objectif de
microscope à immersion O2 (NA = 1.45, × 100). L’utilisation d’un objectif à im-
mersion d’ouverture numérique NA > 1 permet notamment de capturer des rayons
se propageant en dehors du cône de lumière, tels que des ordres de diffraction élevés
et les plasmons de surface par LRM dans la limite de |k| < NA× k0.
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Figure 3.2 – Images obtenues en LRM du plan direct (DP, première ligne) et du
plan de Fourier (FP, deuxième ligne). L’image SEM de l’échantillon est présentée
dans l’encart inférieur droite de (a). (a-b) Aucun filtre spatial n’est utilisé. (c-d) Le
filtre M2 est placé dans le FP. Une coupe d’intensité a été réalisée suivant le trait
blanc pointillé. (e-f) Le filtre M1 est placé dans le DP. Le cercle jaune en pointillé
indique la position du cercle plasmonique de rayon |k| = kSP . Le cercle jaune continu
de rayon k0NA indique l’ouverture maximale de l’objectif O2. Echelle de couleur :
Intensité (u.a.).

3.3.2 Système d’imagerie

Pour faciliter la compréhension des images typiques obtenues par diffraction et LRM,
considérons le cas simple d’une onde plasmonique produite par un réseau de fentes.
Ce dernier est constitué de 5 sillons de longueur 3 µm, de largeur 50 nm et séparés
d’une période ax = λSP , comme montré dans l’encart de la Fig. 3.2(a). L’épaisseur
du film étant de 50 nm, les plasmons peuvent donc fuir dans le substrat et être
collectés en champ lointain par LRM. A incidence normale, le faisceau d’excitation
est polarisé linéairement, perpendiculairement aux fentes afin de maximiser la géné-
ration des plasmons. En effet, le couplage entre l’onde incidente et le réseau induit
un dipôle µ(r) = (E(r) · n̂) n̂, où r est le vecteur position d’un point situé sur le
sillon, n̂ la normale au sillon et E(r) le champ incident. La génération des plasmons
de surface est donc maximale lorsque la polarisation incidente est parallèle à n̂ = x̂.
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La Fig. 3.2(a) présente une image du plan direct (DP) de l’échantillon. Le réseau est
situé au centre de l’image au niveau du spot intense, correspondant à la transmission
directe du faisceau incident. De part et d’autre de ce spot, on observe un faible
signal se propageant selon la direction x̂ qui est associé à l’onde plasmonique. On
remarque que l’observation des plasmons dans le plan direct est fortement entravée
par le faisceau incident qu’il est possible bloquer à l’aide d’un filtre spatial M2.

Plan de Fourier

Figure 3.3 – (a) Illustration de l’espace de Fourier dans le plan (O, ky, kz) et
(b) dans le plan (O, kx, ky). (c) Profil d’intensité correspondant à la coupe sur la
Fig. 3.2(d). La courbe rouge théorique a été ajustée avec une fonction Lorentzienne.

Pour ce faire, nous imageons tout d’abord le plan de Fourier, c’est à dire la dis-
tribution angulaire obtenue par transformée de Fourier de l’image de l’échantillon.
Dans cet espace, tout rayons faisant un même angle θ par rapport à l’axe optique,
convergent en un même point, comme illustré sur la Fig. 3.3(a). Par exemple, les
faisceaux incidents parallèles à Oz sont focalisés en k = 0. Le plan de Fourier est
accessible via le plan focal arrière de l’objectif de microscope (Back Focal Plane,
BFP), situé à l’intérieur de l’objectif O2. Par l’intermédiaire d’une lentille (L5), le
BFP est translaté, hors de l’objectif, dans le plan-image de L5, puis capturé au
moyen d’une lentille de Fourier escamotable (FL). Sur la Fig. 3.3(b), le spectre an-
gulaire (O, kx, ky) est délimité par les trois angles caractéristiques θc < θLR < θmax,
où est θc l’angle critique de réflexion totale, θLR = θSP l’angle de fuite des plasmons
et θmax l’angle maximum de collection de O2. La signature LRM des plasmons de
surface situé à |k|/k0 = nsp est souvent appelé le "cercle plasmonique".

Expérimentalement, nous observons effectivement le plan de Fourier un signal pi-
qué au niveau du cercle plasmonique, représenté en pointillé (Fig. 3.2(b)). L’angle
maximum de collection θmax, est symbolisé par le cercle continu jaune. Notons que
la distribution angulaire de ce signal n’est pas uniforme sur le cercle mais qu’elle est
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concentrée selon l’axe privilégié k̂x = x̂ en raison de l’orientation des sillons (n̂ = x̂).
La divergence angulaire autour de cet axe résulte de la diffraction des plasmons sur
les sillons. Par ailleurs, ce signal possède une largeur finie dont la valeur permet
d’estimer l’amortissement des plasmons durant leur propagation. En effet, comme
démontré dans [40, 42], la distribution en intensité du signal LRM des plasmons
dans le plan de Fourier peut être décrite par une Lorentzienne telle que :

I(kx) ∝
1

(kx −ℜ(ksp))2 + ℑ(ksp)2
. (3.1)

Celle-ci est centrée sur ℜ(ksp) et caractérisée par une largeur à mi-hauteur ℑ(ksp).
Pour estimer cette distance de propagation expérimentale, nous réalisons une coupe
d’intensité comme indiquée en pointillé blanc sur la Fig. 3.2(d). L’ajustement avec
un profil Lorentzien nous donne une longueur de propagation LSP = 1/(2ℑ(kSP )) ≃
8 µm (Fig. 3.3(c)). Cette valeur est inférieure à la distance théorique LSP = 20 µm,
cela en raison des fuites radiatives et de la rugosité du film métallique. Notons
que les données expérimentales présentent un profil asymétrique, appelé résonance
Fano [37]. Ce phénomène est causé par l’interférence entre le bruit de fond lumineux
et le signal LRM.

Ordres de diffraction

Sur la Fig. 3.2(b), nous observons également trois ordres de diffraction situés autour
de kx ≈ 0, −kSP et +kSP . Ils résultent de la diffraction du laser par le réseau et
dont les ordres p sont donnés par la formule des réseaux suivante :

n3 sin(θp) = n1 sin(θi) + p
λ

ax
, (3.2)

où n3 = 1.45 et n1 = 1 sont respectivement l’indice de réfraction du verre et de l’air.
A incidence normale θi = 0 et lorsque ax = λSP , ce dispositif expérimental permet
de collecter les trois premier ordres de diffraction tels que :

p = 0 → kx = 0, (3.3)

p = ±1 → kx = ±kSP . (3.4)

Cette configuration sera notamment employée pour analyser le découplage des plas-
mons par diffraction, c’est à dire la conversion des plasmons en ondes propagatives
par le biais de réseaux plasmoniques.

Filtrage spatial

Comme montré sur la Fig. 3.2(b), le faisceau incident est majoritairement transmis
à l’ordre 0, au voisinage de k = 0. En y plaçant un filtre spatial M2, nous pouvons
en bloquer une grande partie et isoler le signal plasmonique comme montré sur la
Fig. 3.2(d). Ce filtre est constitué d’un disque de chrome opaque évaporé sur un
substrat de verre. Cela permet d’imager une fois dans le plan direct (Fig. 3.2(c)),
un signal plasmonique avec un meilleur contraste. On distingue alors nettement des
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franges interférences plasmoniques, signature de la cohérence du signal LRM.

Lorsque le signal plasmonique nécessite d’être analysé dans le plan de Fourier, la
lumière incidente parasite peut également être filtrée directement dans le plan direct
à l’aide d’un filtre spatial M1, comme montré dans la Fig. 3.2(e) (un fond lumineux
a été ajouté pour mettre en évidence la position du filtre). Les ordres de diffraction
sont atténués et le signal plasmonique apparait plus net, comme on peut le constater
sur la Fig. 3.2(f). Ainsi, comme on peut le voir, la modularité de ce montage permet
de filtrer les bruits parasites et ainsi d’augmenter la sensibilité de nos mesures.

3.4 Tomographie en polarisation : formalismes de

Jones et Mueller

L’autre avantage majeur de ce montage optique est de pouvoir contrôler la pola-
risation à l’entrée et en sortie de l’échantillon. Il est donc possible de réaliser une
tomographie complète en polarisation du système. Pour cela, l’état de polarisation
du faisceau incident est contrôlé par le biais d’un polariseur P1, d’une lame demi-
onde H1 et d’une lame quart-d’onde Q1, placés à l’entrée de l’objectif de microscope
O1. A la sortie, nous insérons de manière symétrique une lame-quart d’onde (Q2)
suivie d’un polariseur (P2) entre l’échantillon et la caméra CCD. Ces filtres polari-
sant sont montés sur des moteurs en rotation 4.

Nous abordons ci-dessous les éléments clés relatifs aux formalismes de Jones et de
Mueller que nous avons utilisés pour caractériser l’état de polarisation en sortie de
nos échantillons.

3.4.1 Vecteurs et matrices de Jones

Figure 3.4 – (a) Illustration d’une ellipse de polarisation. (b) Sphère de Poincaré.

4. Thorlabs PRM1/MZ8
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Considérons une onde plane monochromatique se propageant selon l’axe optique
(Oz). Le champ électrique est donné par :

E(z, t) =



Ex = E0x cos(ωt− kz + δx)
Ey = E0y cos(ωt− kz + δy)

0


 , (3.5)

avec E0x, E0y les amplitudes réelles et δx, δy les phases associées aux composantes
réelles du champ Ex et Ey. On peut montrer que le champ électrique, à une position
z donnée, décrit une ellipse d’équation :

( Ex
E0x

)2

− 2
ExEy
E0xE0y

cos(δy − δx) +

( Ey
E0y

)2

= sin2(δy − δx). (3.6)

Comme représentée sur la Fig. 3.4, une ellipse est décrite par son ellipticité β
(−π/4 ≤ β ≤ π/4) et par la direction de ses axes θ (−π/2 ≤ θ ≤ π/2). Par
exemple, une onde polarisée linéairement possède une ellipticité β = 0 tandis que
pour une polarisation circulaire β = ±45◦. Le sens de rotation d’une polarisation
elliptique est déterminée par le signe de h = sign(θ) : le champ tourne dans le sens
horaire si h = +1, et de sens opposé si h = −1. Les caractéristiques de l’ellipse sont
reliées aux paramètres du champ par les relations suivantes :

sin(2β) = sin(2α) sin(δ), (3.7)

tan(2θ) = tan(2α) cos(δ), (3.8)

tan(2β) = sin(2θ) sin(δ), (3.9)

avec tan(α) = E0y/E0x et δ = δy − δx. Afin de décrire complètement une onde
électromagnétique polarisée, monochromatique et uniforme, nous pouvons exprimer
le champ sous forme de vecteur de Jones soit :

E =

(
Ex = E0x

Ey = E0yeiδ
)
, (3.10)

où les valeurs complexes Ex, Ey décrivent l’amplitude du champ et δ la phase. Le
facteur ei(kz−ωt) a été omis par souci de clarté. La transformation de ce vecteur de
Jones après interaction avec un milieu optique est modélisée par la matrice de Jones
J . Dans le système cartésien (O, x, y), elle est définie comme suit :

(
Ex

Ey

)

OUT

= J

(
Ex

Ey

)

IN

avec J =

[
j00 j01
j10 j11

]
. (3.11)

où jij (i = 1, 2) sont des coefficients complexes.

Polarisations propres Les valeurs propres et les états propres de cette matrice de
Jones décrivent les états de polarisation qui ne sont pas modifiés après propagation
dans le milieu optique. La résolution de l’équation aux valeurs propres JE = λE
nous donne :

λ± =
1

2

[
(j00 + j11)±

√
(j00 − j11)2 + 4j01j10

]
, (3.12)
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ainsi que les vecteurs propres associés :

E± =
1√

|j10|2 + |λ± − j00|2

(
j10

λ± − j00

)
. (3.13)

.

3.4.2 Vecteur de Stokes et matrice de Mueller

En pratique, nous mesurons l’intensité et non pas le champ électrique lui-même.
Le vecteur de Stokes S permet de déterminer l’état de polarisation d’une onde à
partir d’une mesure d’intensité. Ce dernier est directement connecté à l’expérience
puisqu’il s’applique à des quantités réelles et mesurables :

S =




S0

S1

S2

S3


 =




IX + IY
IX − IY
IP − IM
IL − IR


 , (3.14)

avec Ii les intensités mesurées sur les bases de polarisations i : les états linéaires X,
Y, P (+45◦), M (-45◦) et les états circulaires L (gauche), R (droite). Le vecteur de
Stokes s’exprime en fonction du champ tel que :

S =




S0

S1

S2

S3


 =




〈
E∗

xEx + E∗
yEy

〉
〈
E∗

xEx − E∗
yEy

〉
〈
E∗

yEx + E∗
xEy

〉

〈i (E∗
xEy − E∗

xEy)〉


 =




〈E2
0x〉+

〈
E2
0y

〉

〈E2
0x〉 −

〈
E2
0y

〉

〈2E0xE0y cos(δ)〉
〈2E0xE0y sin(δ)〉


 , (3.15)

avec 〈. . .〉 la moyenne temporelle. L’ellipticité β, l’orientation des axes θ et le sens
de rotation h de l’ellipse se déduisent du vecteur de Stokes normalisé selon :

S =




1
S1/S0

S2/S0

S3/S0


 =




1
cos(2β) cos(2θ)
cos(2β) sin(2θ)

sin(2β)


 . (3.16)

Expérimentalement, nous mesurerons les intensités Ii puis à l’aide des paramètres de
Stokes, nous pourrons reconstruire l’ellipse de polarisation, pixel par pixel, à partir
des relations suivantes :

sin(2β) =
S3

S0

, (3.17)

tan(2θ) =
S2

S1

. (3.18)

Par ailleurs, afin de caractériser les effets d’un milieu optique sur une onde électro-
magnétique, nous pouvons calculer les éléments mij (i, j = 0, 1, 2, 3) de la matrice
de Mueller M qui décrit la transformation d’un vecteur de Stokes après interaction
avec ce milieu :



S0

S1

S2

S3




OUT

=M




S0

S1

S2

S3




IN

avec M =




m00 m01 m02 m03

m10 m11 m12 m13

m20 m21 m22 m23

m30 m31 m32 m33


 . (3.19)
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Sphère de Poincaré Une autre manière de représenter l’évolution de la polarisa-
tion est d’utiliser la sphère de Poincaré. L’état de polarisation S peut être représenté
par un point sur la sphère de Poincaré (Fig. 3.4(b)). Dans cette représentation, les
axes de coordonnées sont définis par les paramètres de Stokes S1, S2 et S3 et le
rayon de la sphère est donné par S0. Les polarisations linéaires se situent à l’équa-
teur (S3 = 0) et les états circulaires aux pôles (S1 = S2 = 0) : Nord pour L et Sud
pour R.

Pour compléter la description polarimétrique du milieu et de la lumière, nous intro-
duisons ci-dessous trois paramètres supplémentaires basés sur ce formalisme :

Degré de polarisation Tandis que le formalisme de Jones se restreint à des ondes
totalement polarisées, les vecteurs de Stokes s’appliquent également aux ondes par-
tiellement polarisées. Le degré de polarisation (DP ) mesure la pureté de la polarisa-
tion d’une onde :

DP =

√
S2
1 + S2

2 + S2
3

S0

avec 0 ≤ DP ≤ 1. (3.20)

Une onde partiellement polarisée (DP < 1) sera localisée à l’intérieur de la sphère de
Poincaré. Des états totalement polarisés (DP = 1) seront représentés sur la surface
de la sphère à S0 alors que les états non polarisés (DP = 0) correspondent au centre
de celle-ci.

Pouvoir polarisant A partir de la matrice de Mueller, on peut évaluer la faculté
du milieu à polariser une onde incidente non-polarisée. On quantifie ce pouvoir
polarisant par l’indice de polarisation IP définie comme suit :

IP =
1

m00

√
m2

10 +m2
20 +m2

30. (3.21)

Indice de dépolarisation A l’inverse, l’indice de dépolarisation ID caractérise le
pouvoir de dépolarisation d’un système optique sur un état de polarisation donné. Il
est à différencier du degré de polarisation DP qui caractérise un état de polarisation
d’une onde tandis que ID quantifie le système optique. Il est défini comme la moyenne
sur les états purs de polarisation tels que :

ρD =

√
Tr(MTM)−m2

00

3m2
00

≤ 1, (3.22)

avec Tr l’opérateur trace et T la transposée.

3.4.3 Matrice de Mueller-Jones

Toute matrice de Jones peut s’exprimer sous forme de matrice de Mueller. L’inverse
n’est vrai que pour des systèmes non dépolarisant soit IP = 1 [43]. Lorsque cette
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condition est vérifiée, la matrice Mueller-Jones désigne la matrice de Jones calcu-
lée à partir des coefficients de la matrice de Mueller. En adoptant une expression
complexe, la matrice de Jones peut se réécrire de la manière suivante :

J = eiθ00
(

r00 r01e
i(θ01−θ00)

r10e
i(θ10−θ00) r11e

i(θ11−θ00)

)
. (3.23)

Chaque élément de J peut alors être calculé à partir de M en utilisant les relations
suivantes :

r00 =

√
m00 +m01 +m10 +m11

2
,

r01 =

√
m00 −m01 +m10 −m11

2
,

r10 =

√
m00 +m01 −m10 −m11

2
,

r11 =

√
m00 −m01 −m10 +m11

2
,

ei(θ01−θ00) =
m02 +m12 − i(m03 +m13)√
(m00 +m10)2 − (m01 +m11)2

,

ei(θ10−θ00) =
m20 +m21 + i(m30 +m31)√
(m00 +m01)2 − (m10 +m11)2

,

ei(θ11−θ00) =
m22 +m33 + i(m32 −m23)√
(m00 +m11)2 − (m10 +m01)2

.

3.5 Montage 2 : Le champ proche optique pour l’ex-

citation des plasmons de surface

Le principe général du SNOM repose sur deux éléments critiques : la sonde locale
et un système de régulation qui contrôle la distance entre la sonde et l’échantillon.
La détection d’une grandeur d’interaction entre la sonde et le voisinage immédiat de
l’échantillon permet d’ajuster la position de la pointe optique. Le SNOM utilisé au
cours de cette thèse est un dispositif expérimental spécifiquement conçu, au labora-
toire, pour répondre aux besoins de notre équipe. Il a été initialement développé au
cours de la thèse de N. Chevalier [44] puis optimisé par O. Mollet [45].

3.5.1 Régulation de la distance sonde-échantillon

Le montage optique (Fig. 3.5(a)) est basé sur un microscope inversé Nikon 5 où
l’échantillon est excité par le dessus par une sonde locale et l’objectif de microscope
est placé sous l’échantillon. Ce dernier est monté sur une platine piézoélectrique 6,

5. Eclipse TE 2000 U
6. Princeton Instrument, P-733.3DD
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Figure 3.5 – (a) Principe de fonctionenemt du SNOM. Figure tirée de [45]. (b)
Schéma du diapason sur lequel est collée la pointe SNOM. Les contacts A et B
délivrent la différence de potentiel générée par le mouvement des branches. Figure
tirée de [46].

qui permet de contrôler avec précision la distance pointe-échantillon selon z et de
scanner latéralement l’échantillon selon x et y. L’acquisition des signaux de rétroac-
tion, le balayage et l’asservissement de la platine de translation sont gérés au moyen
d’un contrôleur Nanonis 7.

La régulation de la distance sonde-échantillon est basée sur la détection des forces
qui s’exercent entre la sonde SNOM et la surface de l’échantillon. La sonde est
intégrée à un diapason dont l’amplitude d’oscillation est modifiée lorsque celle-ci
se trouve à une dizaine de nanomètres au dessus de l’échantillon (Fig. 3.5(b)). Le
diapason est fabriqué en quartz, un matériau piézoélectrique qui a la faculté de
générer une tension électrique sous l’action d’une contrainte mécanique. Par effet
piezo-électrique, le mouvement mécanique de la sonde SNOM est alors convertie en
signal électrique. La détection des fluctuations de tension, délivrée par le diapason,
alimente une boucle d’asservissement afin de maintenir, en régime champ proche,
une distance sonde-échantillon constante durant le scan.

Le diapason est un oscillateur mécanique en forme de U. Il est caractérisé par une
constante de raideur et une masse qui vont déterminer sa fréquence de résonance f0
et son facteur de qualité Q. Celui-ci est excité mécaniquement par un dither, une
céramique piézoélectrique, alimenté par une tension Vexc de fréquence d’oscillation
variable fexc. Chaque branche du diapason est munie d’électrodes qui délivrent une
tension Vdiap, proportionnelle à l’amplitude d’oscillation des branches. L’amplitude
optimale, qui assure une bonne qualité d’image et un asservissement robuste, a été
préalablement déterminée à 0.26 nm (soit U1 = Vdiap = 0.9 µV ). Cette calibration

7. Realtime Controller RC4, Signal Condioning SC4, Oscillation Controller OC4
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a été réalisée par O. Mollet [45], dont les détails techniques sont disponibles dans
sa thèse. Lorsque fexc = f0, l’oscillation est maximale et Vexc est ajustée en conti-
nue de manière à ce que le diapason vibre à cette amplitude nominale. La distance
sonde-échantillon est finalement régulée à l’aide d’une tension de consigne, fixée à
U2 = Vexc + 10%.

A vide, la résonance du diapason est typiquement caractérisée par une fréquence
f0 = 33 kHz et un facteur de qualité Q=6000. Le collage de la sonde sur le diapa-
son est une étape critique car la masse de la pointe, la quantité de colle à travers
laquelle les vibrations se dissipent, modifient fortement les propriétés de résonance
du diapason. Le facteur de qualité chute en moyenne autour de Q=300. Avant toute
descente de la sonde en champ proche, une mesure préalable de la résonance est
effectuée et enregistrée comme référence dans la boucle de rétroaction.

Précisons que l’approche de la pointe à la surface de l’échantillon est réalisée en deux
temps :

1. Un contrôle visuel permet d’aligner la sonde avec l’axe optique du montage
selon x, y puis de l’approcher manuellement jusqu’à environ 1 mm de la sur-
face de l’échantillon. Ensuite, la pointe est descendue grossièrement au moyen
d’un moteur pas à pas.

2. Cette étape est suivie d’une une approche fine assistée par ordinateur. Elle est
réalisée via la boucle d’asservissement : la position de la pointe est maintenue
fixe pendant que la platine piézoélectrique est élevée jusqu’à ce que la tension
de consigne est atteinte.

Cette régulation dynamique de la distance sonde échantillon permet de scanner laté-
ralement l’échantillon en xy tout en maintenant la sonde SNOM en champ proche.
Cela permet de reconstruire des images l’échantillon avec une grande résolution.
Cette technique sera employée pour exciter localement les plasmons et cartogra-
phier la LDOS optique de structures plasmoniques chirales.

3.5.2 Système d’imagerie

Imagerie grand-champ et microscopie à fuites radiatives

Les éléments essentiels qui constituent le montage optique de collection du SNOM
sont présentés sur la Fig. 3.6. Les signaux en sortie de l’échantillon sont collectés
en champ lointain à l’aide d’un objectif de microscope à immersion O2 (NA=1.4,
×100) 8. Comme précédemment, une lentille de Fourier amovible est utilisée pour
imager le plan de Fourier et l’analyse en polarisation est réalisée par le biais de filtres
polarisant placés en sortie de l’objectif. Le montage comprend deux modes d’obser-
vation. Premièrement, une caméra CCD 9 permet de capturer une image instantanée
et grand-champ de la distribution d’intensité issue de l’échantillon. De plus, comme
l’angle de collection maximale du microscope (θmax = 60◦) est supérieur à l’angle de

8. Objectif de microscope : CFI Plan Apo. Huile à immersion : Cargille 50350, n=1.46 (25◦C,
λ = 589.3 nm

9. WATEC WAT-120 N+
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Figure 3.6 – Montage optique en sortie du SNOM : Q lame quart-d’onde, P pola-
riseur, Mi miroir (M1 et M2 sont amovibles), Li lentilles convergentes, FL lentille de
Fourier amovible, BS lame séparatrice, F filtre passe-haut.

fuite des plasmons θSP = 46◦, cette méthode de détection est adaptée pour étudier
la propagation des plasmons de surface par imagerie LRM.

Microscopie confocale

Deuxièmement, le repérage d’objet de taille nanométrique, tels que les nanocristaux
de diamant, nécessite une résolution optique en mesure de surpasser la limite de
diffraction. Afin d’améliorer la résolution des microscopes optiques, M. Minsky [47]
a inventé le microscope confocale. Le principe repose sur deux critères : une ex-
citation quasi-ponctuelle de l’échantillon et un filtrage spatial de la lumière émise
par un sténopé (pinhole). L’objectif est d’une part de réduire la lumière parasite en
illuminant uniquement une zone restreinte de l’échantillon. D’autre part, le pinhole
est placé devant le détecteur de manière à ce que le bruit optique situé hors du plan
de l’échantillon soit bloqué et n’arrive pas jusqu’au détecteur.

Dans notre montage, l’excitation locale sera réalisée soit au moyen d’un laser for-
tement focalisé, soit par la pointe optique SNOM. Le signal pourra être collecté
à l’aide d’une fibre optique, utilisée comme pinhole, dont la zone de collection est
délimitée par la taille du cœur, soit 500 nm au niveau de l’échantillon. Pour recons-
truire l’image de l’échantillon, la platine piézoélectrique est scannée latéralement et
le signal est enregistré, point par point, par une APD (Avalanche Photodiode) 10.
Comme nous le verrons par la suite, en isolant la lumière provenant d’un faible vo-
lume d’excitation, le rapport signal à bruit atteint par la microscopie confocale est
particulièrement adapté au repérage des nano-diamants isolés, contenant un faible
nombre de centres NV.

10. Perkin Elmer, Single Photon Counting Module AQR-16-FC
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Interféromètre de Hanbury-Brown et Twiss HBT

Pour former un interféromètre de Hanbury-Brown et Twiss (HBT), cette APD est
utilisée conjointement avec une deuxième APD. La fonction de ce dispositif est de
caractériser le degré de cohérence du second ordre pour identifier la nature quantique
d’une source lumineuse. En particulier, l’autocorrélation en intensité g2(τ) caracté-
rise la probabilité de détecter un photon au temps t+ τ , sachant qu’un photon a été
détecté au temps t. L’analyse statistique des photons permet de mettre en évidence
le caractère quantique d’un émetteur : une source de photon unique est caractérisée
par un dégroupement de photons ou antibunching, c’est à dire une fonction d’auto-
corrélation nulle à τ = 0.

A l’origine, R.H. Hanbury Brown et R.Q. Twiss ont mis au point cet interféromètre
d’intensité pour effectuer une corrélation de l’intensité lumineuse émise par l’étoile
Sirius A [48]. Ils ont ainsi pu déterminer son diamètre apparent. Depuis ces travaux,
le corrélateur HBT a été adapté et aujourd’hui il est couramment utilisé pour étu-
dier la statistique des photons. En 1977, H.J. Kimble, M. Dagenais et L. Mandel
démontrent le dégroupement de photon d’une source à photon unique [49, 50].

Le principe consiste à séparer le flux de photon émis à l’aide d’une lame séparatrice,
puis à analyser les variations temporelles d’intensité mesurées simultanément sur
deux détecteurs. Ici, les deux APD fibrées sont connectées à un module de comp-
tage de photon 11. La mesure de la fonction d’autocorrélation repose sur le principe
"Start-Stop". Lorsque l’APD 1 détecte un photon, un chronomètre est enclenché.
Ce chronomètre est arrêté dès que l’APD 2 détecte un photon. Cette opération est
répétée un grand nombre de fois et le temps qui sépare deux détections est reporté
dans un histogramme des coïncidences. Dans le cas d’une source à photon unique,
les photons sont émis un par un, d’où une probabilité nulle de détecter deux pho-
tons au même instant : g2(0) = 0. Cet état est associé au dégroupement de photons.
Par rapport à un fonctionnement utilisant une seule APD, cette méthode permet
notamment une meilleure résolution temporelle en s’affranchissant du temps mort
des APDs (de l’ordre de 40 ns), durant lequel aucun photon n’est détecté par la
photodiode.

La fonction d’autocorrélation d’intensité, interprétée en terme de probabilité, s’écrit :

g2(τ) =
P (t+ τ |t)
P (t)

, (3.24)

où P (t + τ |t) décrit la probabilité conditionnelle de détecter un photon à l’instant
t + τ , sachant qu’un photon a été détecté à l’instant t. La fonction est normalisée
par la probabilité de détecter un photon à n’importe quel moment P (t). Pour un
émetteur quantique, ces probabilités sont liées à la population du niveau excité. Une
description simplifiée de la statistique d’émission d’un émetteur à photon unique
peut s’obtenir à l’aide d’un système à deux niveaux. L’émetteur est pompé, en régime
continu, de l’état fondamental |0〉 vers l’état excité |1〉 avec un taux d’excitation

11. PicoHarp 300, PicoQuant
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Figure 3.7 – Illustration d’un train de photon selon la statistique d’émission d’une
source lumineuse.

r. Le retour au niveau |0〉 s’accompagne d’un photon avec un taux d’émission γ.
L’évolution temporelle de la population du niveau excité est donnée par :

dσ1(t)

dt
= rσ0(t)− γσ1(t), (3.25)

où σ0 et σ1 sont les populations respectives des niveaux |0〉 et |1〉. Si à t=0, un
photon vient juste d’être émis, alors σ0(0) = 1 et σ1(0) = 0. D’où :

σ1(t) =
r

r + γ

(
1− e−(r+γ)t

)
. (3.26)

La probabilité conditionnelle est donnée par P (t + τ |t) = γσ1(τ) et la population
stationnaire P (t) = γσ1(∞). On en déduit la fonction d’autocorrélation d’intensité :

g2(τ) = 1− e−(r+γ)τ < 1. (3.27)

Ce résultat est fondamentalement quantique et permet de distinguer les émetteurs
quantiques de la lumière classique. En effet, dans le régime classique, l’autocorréla-
tion d’intensité peut se réécrire :

g2(τ) =
〈I(t)I(t+ τ)〉
〈I(t)〉 〈I(t+ τ)〉 , (3.28)

où I est l’intensité mesurée. D’après l’inégalité de Cauchy-Schwartz : 〈I2(t)〉 ≥
〈I(t)〉2 soit g2(0) ≥ 1. Le formalisme classique de la lumière ne permet donc pas de
rendre compte du dégroupement de photons intrinsèque aux émetteurs quantiques.
Nous rappelons la formulation quantique de la statistique de photons ci-dessous.

Statistiques de photon L’analyse statistique des photons permet de mettre en
évidence la nature quantique d’une source lumineuse. Une source de photon unique
peut être identifiée par le dégroupement de photons. La fonction d’autocorrélation
temporelle associée à une onde plane, stationnaire monochromatique, peut s’écrire
comme suit :

g2(τ) =

〈
Ê

−
(t)Ê

−
(t+ τ)Ê

+
(t+ τ)Ê

+
(t)
〉

〈
Ê

−
(t)Ê

+
(t)
〉〈

Ê
−
(t+ τ)Ê

+
(t+ τ)

〉 , (3.29)

où les opérateurs champs électriques sont définis par Ê
−
(r, t) =

∑
k ξkekâ

†ei(wkt−k·r)

et Ê
+
(r, t) =

∑
k ξkekâe

−i(wkt−k·r) avec ξk l’amplitude, ek la polarisation et wk la
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fréquence du mode k. Les opérateurs création â† et annihilation â vérifient les pro-
priétés suivantes :

[
â, â†

]
= 1 (3.30)

â|n〉 =
√
n|n− 1〉, (3.31)

â†|n+ 1〉 =
√
n+ 1|n+ 1〉, (3.32)

N̂ = â†â avec N̂ |n〉 = n|n〉, (3.33)

où |n〉 désigne l’état quantique de Fock à n photons et N̂ l’opérateur nombre de
photons. En utilisant ces propriétés, on peut montrer que pour une onde monomode
et à délai nul τ = 0, la fonction d’autocorrélation est donnée par :

g2(0) =

〈
â†â†ââ

〉

〈â†â〉2
= 1 +

∆n̂2 − 〈n̂〉
〈n̂〉2

, (3.34)

où l’écart type ∆n̂ =
√
〈n̂2〉 − 〈n̂〉2 décrit les fluctuations de photons. En comparant

les variations d’intensité de la source avec celles correspondant à une distribution
de Poisson, les valeurs prises par g2(τ) permettent alors de classifier la lumière en
trois catégories.

— Sources cohérentes g2(τ) = 1 : La source émet une lumière cohérente, c’est
à dire avec un temps de cohérence infini, comme celle produite par un laser
idéal. Elle correspond aux états propres de l’opérateur annihilation, décrits
par une loi de Poisson :

â|α〉 = α|α〉 avec |α〉 = e−
|α|2

2

∑

n≥0

αn

n!
|n〉. (3.35)

Quelque soit τ , on a g2(τ) = 1. Comme illustré sur la Fig. 3.7(a), il n’y a
aucune corrélation entre les photons détectés.

— Sources chaotiques g2(τ) > 1 : Les fluctuations d’intensité sont supérieures
à celles de la référence poissonnienne. La lumière dite super-poissonnienne
caractérise les sources chaotiques ou thermiques. Une photodétection sur une
voie augmente de la probabilité de détection sur l’autre voie. Les photons
arrivent groupés par paquets sur les détecteurs (Fig. 3.7(b)). On parle de
groupement de photons (bunching).

— Sources quantiques g2(τ) < 1 : Les sources quantiques sont décrites par les
états de Fock, des états propres de l’opérateur nombre N̂ |n〉 = n|n〉, d’où :

g2(0) = 1− 1

n
. (3.36)

Cette statistique de photon est dite sub-poissonienne. Dans le cas d’une source
à photon unique, on a n = 1 soit g2(0) = 0. Cet état est associé au dégroupe-
ment de photons (antibunching), c’est à dire que les photons sont émis un par
un (Fig. 3.7(c)). La probabilité de détecter deux photons au même instant est
donc nulle. Ce résultat fondamentalement quantique et permet de distinguer
les émetteurs quantiques de la lumière classique.
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Mesure expérimentale du g2(τ) Dans le cadre de notre étude, cet interféro-
mètre HBT nous servira à caractériser des nanocristaux de diamant. Ces derniers
contiennent des centres colorés azote-lacunes NV qui peuvent agir comme des émet-
teurs quantiques. Dans le cas où le système est formé de N émetteurs à deux ni-
veaux [51, 52], on a :

g2N(τ) ≃ 1− e−(r+γ)τ

N
. (3.37)

Ainsi, la mesure à délai nul g2N(0) nous permettra d’estimer le nombre de centres NV
présents dans un nanodiamant. Précisons que les données expérimentales fournies
par l’histogramme brut doivent être traitées afin de reproduire la fonction d’auto-
corrélation. La normalisation et les corrections appliquées au signal pour remonter à
la fonction d’autocorrélation sont résumées ci-dessous, dont les détails peuvent être
trouvé dans [45, 52] :

1. Un délai électronique a été ajouté artificiellement sur la voie 2 du HBT pour
accéder aux valeurs de délais négatifs. Il correspond au cas où un photon
est détecté en premier sur l’APD 2. L’histogramme est corrigé de manière à
centrer l’échelle autour de t = 0.

2. L’histogramme brut, noté C0(τ), est normalisé comme suit :

C1(τ) =
C0(τ)

N1N2TW
, (3.38)

où N1 ≈ N2 ≈ N sont les taux de comptage respectifs sur la voie 1 et 2
(10-100 kHz), T est le temps total d’intégration de la mesure et W=512 ps
est la largeur temporelle d’un canal de l’histogramme.

3. Le rapport signal à bruit est donné par ρ = S/(S + B), où S est le signal
utile provenant de la fluorescence des nanodiamants et B le bruit de fond. En
mesurant B sur une zone de l’image sans diamant et (S+B) à la position d’un
nanocristal, on peut remonter à S. Comme démontré dans [45], la fonction
d’autocorrélation associée à l’émetteur est donnée par :

C2(τ) =
C1(τ)− (1− ρ2)

ρ2
. (3.39)

4. Enfin, une dernière étape consiste à corriger l’histogramme pour des longs
délais. En effet, le système de comptage mesure la probabilité de détecter
un photon à l’instant τ sachant qu’un photon a été détecté à l’instant 0
et qu’aucun autre photon n’a été détecté pendant ce temps. Or plus τ est
important, plus cette probabilité devient faible et s’écarte de la définition
théorique du g2(τ), qui n’impose aucune condition sur le nombre de photons
détectés dans cet intervalle. Finalement, après cette dernière correction, nous
en déduisons la fonction d’autocorrélation [52] :

g2(τ) = C2(τ)e
Nτ . (3.40)
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Figure 3.8 – (a) Schéma d’une pointe métallisée à ouverture et (b) d’une sonde
active fonctionalisée avec un émetteur flurorescent. (c) Images MEB d’une fibre
optique avant gravure, (d) après gravure. Figures tirées de [45]. (e) Principe de
fabrication par attaque chimique simple.

3.5.3 Fabrication des sondes locales optiques

Les sondes locales SNOM utilisées au cours de ma thèse sont fabriquées en interne à
l’Institut Néel par G. Julie et J-F. Motte du pôle Nanofab. Dans cette partie, je décris
le mode opératoire de fabrication de deux types de sondes mises en oeuvre pour la
caractérisation de mes échantillons : une pointe à nano-ouverture (Fig. 3.8(a)) et
une sonde active fonctionnalisée avec un nanodiamant (Fig. 3.8(b)).

Élaboration des pointes optiques

Les sondes SNOM sont fabriquées à partir de fibres optiques standards dont l’une
des extrémités est effilée pour former la pointe optique. Une fibre optique est tradi-
tionnellement constituée de silice (SiO2), formée d’une gaine optique et d’un cœur,
dans lequel se propage la lumière (Fig. 3.8(e)). L’indice de réfraction du cœur étant
supérieur à celui de la gaine optique, la lumière reste confinée au niveau du cœur
et son guidage le long de la fibre optique se fait par réflexion totale interne. Une
couche extérieure en plastique protège la gaine optique et facilite la manipulation
de la fibre optique.

Au laboratoire, l’amincissement de la fibre est obtenue par attaque chimique à
l’acide fluorhydrique (HF) qui dissout la silice. Le principe général est le suivant
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(Fig. 3.8(e)) : lorsque la fibre est plongée dans le HF, un ménisque se forme autour
de celle-ci. La hauteur du ménisque h0 est proportionnelle au diamètre initial de la
fibre d0. Au fur et à mesure que le HF dissout la silice, le diamètre de la fibre, en
même temps que la hauteur du ménisque, décroit (d1 < d0, h1 < h0) jusqu’à ce qu’il
se forme un cône à l’apex de la fibre (d = h = 0).

Figure 3.9 – Principe de fabrication des pointes optiques au laboratoire : (a) Prépa-
ration de la fibre optique, (b) gravure par tube etching, (c) rinçage à l’eau distillée,
(d) élimination de la gaine mécanique.

Cependant, la rugosité et la forme résultante de l’apex varient sensiblement avec les
conditions expérimentales (alignement, températures, vibrations). Pour en limiter les
effets, la méthode employée au laboratoire se base sur le procédé du tube etching [53].
L’approche consiste à isoler et à guider la gravure en laissant la gaine mécanique,
imperméable au HF, lors de l’attaque. Le liquide remonte par capillarité le long des
parois et des mouvements de convection sont crées assurant un profil symétrique
de la pointe par rapport à l’axe de la fibre. La gaine permet également de protéger
la réaction chimique des perturbations extérieures. Les étapes de fabrication au
laboratoire sont les suivantes :

1. Tout d’abord, la fibre optique est partiellement dénudée comme illustré sur
la Fig. 3.9(a), puis montée sur un support qui permettra de produire jusqu’à
6 fibres en même temps. La préparation de la fibre facilitera le retrait de
la gaine mécanique, une fois la gravure chimique achevée. Un dénudage et
un clivage précis des fibres sont requis car cette préparation préalable peut
conditionner la qualité et l’homogénéité des pointes optiques.

2. Cette étape est suivie d’une l’attaque chimique de 2h à température ambiante,
au cours de laquelle, le ménisque formé dans la gaine garantit une gravure
dans l’alignement de la fibre (Fig. 3.9(b)).

3. Enfin, pour stopper la réaction, la fibre est immergée dans de l’eau distillée
puis successivement dans du toluène et de l’acétone pour éliminer la gaine
mécanique (Fig. 3.9(c-d)).

63



Ces deux dernières étapes sont réalisées par le pôle Nanofab. Par ce procédé, jusqu’à
six pointes peuvent être produites simultanément avec un angle d’une quinzaine de
degrés à l’apex. Comparée à d’autres techniques, telles que la gravure FIB ou l’étirage
à chaud par exemple, cette méthode a l’avantage d’être peu coûteuse et rapide. De
plus, le cœur optique est conservé jusqu’à l’extrémité de la fibre et n’est pas fondu
avec la gaine optique, assurant ainsi un meilleur contrôle et une bonne luminosité
à l’apex. Une fois effilées, nous procédons ensuite soit à la métallisation des fibres
optiques pour l’élaboration des sondes à ouvertures, soit à la fonctionalisation avec
un nanocristal fluorescent pour former une sonde active.

Pointes à ouverture

Figure 3.10 – (a) Principe de la métallisation par ombrage. (b) Image MEB d’une
pointe à ouverture réalisée au laboratoire. (c) Zoom sur l’ouverture de diamètre
d’environ 200 nm. Tirées de [45].

On désigne par pointe à ouverture une sonde SNOM dont le rôle est de servir de
nano-source (ou nano-détecteur) de lumière de taille sub-longueur d’onde. En bout
de fibre, le profil effilé de la pointe est tel que la taille du cœur devient inférieure
à celle du mode guidé. La lumière n’est plus confinée et fuit latéralement. Afin de
créer une source quasi-ponctuelle, la pointe est recouverte d’un manteau opaque
métallique, ce qui a pour effet de former une ouverture nanométrique et de confiner
la lumière à l’extrémité.

Le procédé de métallisation, utilisé au laboratoire, repose sur l’évaporation par om-
brage. Du fait de son absorption élevée (106 cm−1), le métal choisi pour bloquer les
fuites de lumière est l’aluminium. Au sein de la chambre d’évaporation, les maté-
riaux à déposer sont contenus dans un creuset qui, chauffé par effet Joule, entraine
l’évaporation des éléments qui se condensent ensuite sur la fibre. Les fibres sont
montées sur une moteur en rotation tournant à une vitesse constante (60 tr/min)
dont l’axe de rotation est incliné d’environ 15◦. Afin de maintenir une ouverture
à l’extrémité de la pointe et éviter qu’elle ne soit recouverte de métal, un méplat
est crée artificiellement. Pour cela, on réalise, au préalable, un dépôt d’un matériau
dont les propriétés optiques sont proches de celles de la silice, ici du fluorure de
magnésium (MgF2). Ce dépôt est suivi d’une couche d’adhésion (Ni − Cr) puis
d’une épaisseur opaque de 100 nm d’aluminium, soit environ 10 fois son épaisseur
de peau. Par ce procédé, nous produisons des pointes à ouverture dont le diamètre
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Figure 3.11 – (a) Illustration de la structure atomique d’un centre NV dans
une maille diamant. (b) Représentation simplifiée de la structure électronique des
centres NV0 et NV− : les transitions électroniques sont exprimées en nanomètres. (c)
Spectres d’émission des centres NV0 et NV− où la ZPL est indiquée par une flèche.
Tirées de [45].

typique est de l’ordre de 100 − 300 nm. Celles-ci sont fabriquées à partir de fibres
optiques opérant entre 400− 680 nm 12 et seront utilisées pour exciter directement
les plasmons de surface en champ proche à λ = 633 nm.

Fonctionalisation d’une pointe optique avec un nanodiamant

Le concept de sonde active a été introduite par Kopelman en 1990 [54] afin de sur-
passer les résolutions optiques obtenues par les sondes à ouvertures, limitées autour
de 50 nm par la taille de l’ouverture. L’idée consiste à fixer un nano-objet fluores-
cent (molécules organiques, nanocristaux, nanoparticules semiconductrices) au bout
d’une pointe SNOM de sorte que la résolution optique soit déterminée par les di-
mensions de la nano-source et non plus par l’ouverture. Au delà de l’intérêt pour
l’imagerie, la faculté de manipuler un nano-émetteur avec une précision nanomé-
trique a été particulièrement exploitée pour cartographier la densité locale d’états
optiques (LDOS) dans un environnement contrôlé.

Dans ce travail, nous avons choisi de travailler avec des centres NV dans le diamant.
Par rapport à d’autres sources, ils présentent une photostabilité élevée à tempéra-
ture ambiante. En effet, un inconvénient des sources basées sur les molécules résident
dans leur manque de photo-stabilité. Une excitation optique engendre une transfor-
mation chimique qui altère leurs propriétés d’émission, phénomène connu sous le
nom de photo-blanchiment. De plus, les centres NV présentent un taux de répéti-
tion élevé. Après une brève une discussion sur les propriétés optiques des centres NV
dans les nano-diamants, description que nous limiterons aux caractéristiques clés se
rapportant à notre étude, nous présenterons le mode opératoire que nous avons suivi
pour la fonctionalisation d’une pointe optique.

Généralités sur les centres NV dans les nano-diamants La sonde active
utilisée dans ce travail est formée par une pointe optique fonctionnalisée avec un
nano-diamant contenant des centres colorés azote-lacune (Nitrogen Vacancy, NV).

12. Thorlabs 405 HP
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Un centre NV est une impureté constituée d’un atome d’azote (nitrogen N) en sub-
stitution à un atome de carbone et associé à une lacune de carbone (vacancy V)
présente sur un site adjacent dans la maille cristalline (Fig 3.11(a)). On désigne ces
défauts de centres colorés car ils peuvent être fluorescents et produire une coloration
du diamant. L’existence des centres NV individuels dans le diamant massif a été
mise en évidence expérimentalement par Gruber et al. en 1997 [55]. Un centre NV
est un émetteur à photon unique doté d’une efficacité quantique autour de 1 qui
assure une émission d’un photon après chaque excitation. De plus, isolé dans une
matrice robuste de diamant, le centre NV est facile à manipuler et il est photostable
à température ambiante. Du fait de ses propriétés, les centres NV sont considérés
comme des sources quantiques pratiques, efficaces et donc attrayantes pour des ap-
plications dans l’optique quantique.

Il existe deux types de centres NV : les centres NV0 neutres mettant en jeu 5 élec-
trons et les centres NV− chargés négativement, comptant 6 électrons. Ces derniers
représentent la majorité des centres rencontrés dans nos études et seront simple-
ment désignés par centres NV. Leurs structures électroniques est représentées sur la
Fig 3.11(b). En première approximation, à faible puissance d’excitation, les centres
NV peuvent être décrits par un modèle à 2 niveaux pour lequel la transition optique
entre le niveau fondamental et le niveau excité se caractérise par une résonance à
zéro phonon (Zero Phonon Line, ZPL). De plus, le couplage fort aux phonons de la
matrice de diamant se traduit par un continuum de niveau d’énergie vibrationnelle
sur chaque niveau électronique. Par conséquent, les centres NV peuvent être excités
optiquement de manière non-résonnante avec un photon d’énergie supérieure à celle
de la ZPL, qui se situe à 638 nm pour le NV−. Dans notre cas, la longueur d’onde
d’excitation sera de λ = 532 nm. Après relaxation non-radiative (quelques picose-
condes), la désexcitation de l’électron vers le niveau fondamental s’accompagne de
l’émission spontanée d’un photon à λ = 638 nm. La durée de vie de l’état excité est
de l’ordre de 10 à 20 ns. Les fortes interactions électron-phonon sont responsables
de l’élargissement du spectre autour de la raie ZPL mais assure en contre partie
la photostabilité du centre NV, qui est isolé des perturbations extérieures par la
matrice de diamant.

Par ailleurs, selon le taux d’impuretés d’azote, les diamants sont classifiés en deux
catégories : le type I qui englobe les diamants constitués majoritairement d’impuretés
d’azote et le type II dont la concentration d’azote est inférieure à 1017 atomes/cm3.
La plupart des diamants naturels sont de type I. On distingue les diamants de
type Ia où les impuretés d’azote forment des agrégats, du type Ib dans lesquels les
atomes d’azote sont isolés, en substitution à des atomes de carbone. Cette dernière
catégorie rassemble la majorité des diamants synthétiques, comme ceux utilisés dans
cette thèse. Les nanodiamants ont été synthétisés par Géraldine Dantelle et Thierry
Gacoin, au laboratoire LPMC (École Polytechnique, Palaiseau) [56]. Ils sont obtenus
à partir de poudre de nanodiamants contenant naturellement des impuretés d’azote.
Pour créer des lacunes, le cristal est irradié avec des protons ou des électrons de
hautes énergies (13.6 MeV). Un traitement thermique à 800◦C permet ensuite la
diffusion puis la recombinaison des lacunes avec les impuretés pour former les centres
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Figure 3.12 – Méthode de fonctionalisation d’une sonde SNOM avec un nanocris-
tal de diamant : (a) Repérage du nanodiamant : 1) Scan de l’échantillon avec un
faisceau laser focalisé, 2) accroche du nanodiamant. (b) L’absence du nanodiamant
à la surface de l’échantillon confirme le greffage en bout de pointe. (c) Mesure de
la fonction d’autocorrélation avant accroche et (d) après accroche sur la pointe.
Reproduits d’après [52].

NV.

Fonctionalisation de la pointe optique La première sonde active à base de
centre NV a été démontrée par S. Kuhn et al [57]. Au laboratoire, cette étude a
été initié par A. Cuche durant sa thèse [51]. La fonctionalisation du nanocristal se
déroule essentiellement en trois étapes : le repérage par microscopie confocale du
nanodiamant à greffer, la sélection du nanodiamant après mesure du g2(τ) puis l’ac-
croche du nanocristal. Ce dernier est greffé sur une pointe optique non métallisée 13,
opérant à la longueur d’onde d’excitation 532 nm.

La première étape consiste donc à repérer le nanocristal. Une gouttelette de solution
colloïdale de nanodiamants est premièrement déposée sur un substrat de verre. Une
fois le solvant évaporé, la sélection du nanodiamant à greffer sur la pointe optique
est réalisée par microscopie confocale (Fig. 3.12) : l’échantillon est illuminé avec un
faisceau laser de longueur d’onde λ = 532 nm puis scanné (cf montage Fig. 3.6).
Un miroir dichroïque (M1), réfléchit le faisceau laser vers l’échantillon et envoie la
fluorescence des nanodiamants vers les détecteurs tout en filtrant le faisceau d’exci-
tation. Un deuxième filtrage à l’aide d’un filtre passe-haut (F ) coupe les signaux de
longueurs d’ondes inférieures à 578 nm. Comme illustré sur la Fig. 3.12(c), l’émission
des nanodiamants est ensuite analysée par le corrélateur HBT afin de mesurer de la
fonction d’autocorrélation.

13. Nufern
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Pour accrocher le nanodiamant sélectionné, une image est effectuée au préalable à
l’aide de la pointe optique. Comme le filtre bloque majoritairement le signal optique
d’excitation, l’émission de la pointe sans nanodiamant et capturée par les APD est
très faible (Fig. 3.12(a)). Elle correspond au bruit de fond dans les zones de l’échan-
tillon sans diamant. La pointe est ensuite amenée en champ proche puis balayée
latéralement à grande vitesse à travers le nanodiamant. En scannant rapidement
la pointe, on diminue le temps disponible de rétroaction, augmentant ainsi la pro-
babilité d’établir un contact avec le nanodiamant et donc son accroche. Par cette
méthode, les interactions électrostatiques entre la pointe optique et le nanodiamant
permettent de déplacer le nanodiamant en bout de pointe. Pour accrocher le na-
nocristal, cette opération est répétée jusqu’à ce qu’une soudaine augmentation de
la fluorescence soit détectée (Fig. 3.12(b)). En effet, le greffage se traduit par un
accroissement brusque du bruit de fond correspondant à la fluorescence en bout de
pointe du nanodiamant. La présence du nanocristal est ensuite confirmée par une
mesure de g2(τ) au dessus d’une zone sans nanodiamant (Fig. 3.12(d)).

Comme démontré dans [51, 45, 52], il est possible de faciliter l’accroche du nano-
cristal à l’aide d’un polymère transparent chargé positivement (poly-l-lisine). En
enrobant la pointe optique de polymère, les nanodiamants chargés négativement, se
fixent plus aisément à la sonde. En raison de la solidité des liaisons entre le polymère
et les nanodiamants, nous avons privilégié dans notre étude une fonctionalisation
sans polymère afin de pouvoir déplacer et éventuellement redéposer les nanocristaux
plus facilement.

3.6 Conclusion

Nous avons introduit les deux instruments optiques utilisés dans notre étude pour
la caractérisation des systèmes plasmoniques chiraux. Ils s’appuient respectivement
sur le couplage diffractif en champ lointain et la microscopie en champ proche, en
mode illumination. En ce qui concerne la détection, la majorité des techniques em-
ployées dans la littérature, pour imager directement les champs évanescents repose
sur la microscopie en champ proche (SNOM en mode collection). Les temps d’acqui-
sition pouvent être long et les résultats peuvent fortement varier selon la qualité des
sondes. Dans ce projet, nous avons opté pour un découplage plasmonique en ondes
propagatives, afin de pouvoir bénéficier des nombreux avantages de l’imagerie en
espace libre : détection LRM, filtrage spatial des signaux optiques, caractérisation
dans l’espace réciproque et analyse en polarisation des plasmons de surface.
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Chapitre 4

Chiralité optique mixte 2D et 3D

dans les systèmes plasmoniques
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4.1 Introduction

L’étude de la chiralité est d’une importance cruciale parce que les organismes vi-
vants sont constitués par un grand nombre de molécules chirales. Deux configurations
chirales opposées, ou énantiomères, peuvent produire des processus physiologique-
ment distincts. La discrimination énantiomérique est donc critique pour l’industrie
pharmaceutique. Nous avons vu qu’un milieu chiral pouvait donner lieu à des ef-
fets de polarisation tels que le pouvoir rotatoire ou le dichroïsme circulaire. Ces
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Figure 4.1 – (a)Transmittance en fonction de la longueur d’onde à travers un
métamatériau formée d’hélices en or : la polarisation circulaire incidente est bloquée
par le système si l’orientation est similaire à celle des hélices. Tirée de [58]. (b)
Rotation de la polarisation réfléchie par un réseau formé de "gamadions" : les courbes
formées de (•) et (◦) correspondent respectivement à des gamadions orientés à droite
et à gauche, celle avec (×) a été mesurée sur un film non structuré. Tirée de [59]. (c)
Images MEB des spirales plasmoniques. Intensité transmise en fonction de l’angle
de rotation de la polarisation linéaire incidente. Les courbes verte, jaune, cyan,
magenta, rouge et bleue correspondent respectivement à une analyse selon X, Y,
+45◦, −45◦, L et R. L’intensité totale est représentée en noire. Tirée de [18].

effets sont cependant très faibles. Pour augmenter la sensibilité de ces effets, les
nanostructures plasmoniques ont été intensivement étudiées. En raison de l’exal-
tation du champ associé aux plasmons localisés et grâce à une sensibilité élevée
au milieu environnant [60], elles pourraient jouer un rôle clé pour améliorer les
interactions entre les molécules chirales avec lumière. Dans ce contexte, de nom-
breuses recherches ont étudié et exploité les propriétés optiques des milieux chiraux
3D [61]. Par exemple, Hansel et al. ont élaboré un polariseur circulaire large bande
à partir d’un métamatériau constitué d’hélices métalliques [58] (Fig. 4.1(a)). Or, les
phénomènes de chiralité optique rencontrés dans les systèmes chiraux 3D diffèrent
intrinsèquement des effets chiraux purement 2D [2]. Seuls quelques travaux fonda-
mentaux ont été consacrés au comportement chiral 2D induit par des structures
plasmoniques planaires [59, 62, 18, 2, 63]. Le groupe de N. I. Zheludev a notam-
ment rapporté l’observation d’activité optique dans des "gammadions" planaires
(Fig. 4.1(b)) [64, 65, 66, 67]. Or, comme nous le verrons dans ce chapitre, l’activité
optique est un phénomène invariant par rotation donc de chiralité 3D. Ces effets
ne sont donc pas la signature d’une chiralité purement 2D, mais résultent d’une
brisure de symétrie 3D. Celle-ci peut, par exemple, s’expliquer par la présence d’un
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substrat ou encore par des défauts de fabrication de volume [68]. Drezet et al. ont
toutefois montré qu’une véritable chiralité planaire pouvait être induite dans des
spirales plasmoniques (Fig. 4.1(c)). Pour cela, les auteurs ont exploité notamment
les propriétés de confinement 2D et de dissipation des plasmons de surface, essen-
tielles à la chiralité optique 2D [18].

Dans ce chapitre, nous allons nous appuyer sur ces propriétés de chiralité 2D et
3D afin de mettre en évidence l’existence de défauts géométriques dans nos échan-
tillons : des réseaux formés de Λ qui sont en théorie non-chiraux. Cette étude a été
notamment motivée par des difficultés rencontrées lors des expériences de SHEL réci-
proque. Dans la continuité des travaux réalisés dans [38], nous souhaitions démontrer
le potentiel de ces systèmes dans une expérience de brouillage d’interférence. Cepen-
dant, les premiers échantillons fabriqués ne produisaient pas la réponse escomptée,
c’est à dire le découplage des plasmons en ondes polarisées circulairement. Pour en
comprendre l’origine, nous avons mené un examen approfondi des échantillons et
établi une méthode de caractérisation, non-invasive, basée sur l’analyse des matrices
de Jones chirales. Nous avons pu identifier l’existence d’une chiralité mixte 2D et 3D,
phénomène qui à notre connaissance n’a été jamais été rapporté dans des systèmes
plasmoniques. Après avoir introduit les critères de chiralité que doivent remplir les
matrices de Jones associées à des milieux chiraux 2D et 3D, nous mènerons, dans
un premier temps, une analyse sur un système de référence constitué d’une nano-
ouverture rectangulaire soit l’élément de base formant les Λ. Dans un second temps,
nous mettrons en oeuvre cette méthode d’analyse afin d’identifier les imperfections
2D et 3D au sein de nos échantillons. Une interprétation microscopique des matrices
de Jones chirales sera également discutée à l’aide du modèle de Kuhn. Enfin, grâce
au protocole développé, nous montrerons que la qualité de nos échantillons peut être
améliorée et ainsi conduire à la démonstration du mécanisme de SHEL réciproque,
dont les résultats seront présentés au chapitre suivant.

4.2 Matrices de Jones chirales

Dans cette première partie, nous revenons sur les propriétés optiques fondamentales
associées aux systèmes chiraux. En particulier, comme discuté dans [2], il existe
une relation étroite entre le comportement chiral d’un milieu et le théorème de
réciprocité. Cette connection permet de distinguer deux classes de chiralité aux
propriétés bien distinctes : la chiralité 3D et 2D [69]. La réponse optique du milieu
est décrite ici en terme de matrices de Jones et nous verrons que celles-ci doivent
répondre à des critères bien spécifiques. Ils nous permettront de discriminer ces deux
classes de chiralité optique.

4.2.1 Condition de chiralité optique

Dans un premier temps, établissons le critère général qui détermine le caractère
chiral d’un milieu. Par définition, un système est chiral s’il ne peut pas se superposer
à son image-miroir. L’image-miroir est aussi appelée énantiomère (Fig. 4.2). Pour
déterminer l’image-miroir d’un système, caractérisé par une matrice de Jones du
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Figure 4.2 – Application de l’opérateur symétrie miroir Πθ à un système chiral
décrit par une matrice de Jones J . L’axe de symétrie est symbolisé par la droite
bleue.

type J =

(
A B
C D

)
(A,B,C et D ∈ C), nous appliquons l’opérateur symétrie-miroir

Πθ, tel que :

JΠ = Πθ · J · Π−1
θ avec Πθ =

(
cos(θ) sin(θ)
sin(θ) − cos(θ)

)
, (4.1)

où θ/2 est l’angle entre l’axe de symétrie et x̂. JΠ décrit la matrice de Jones associée
à l’énantiomère du système chiral. La condition de chiralité est donc donnée par :
J 6= JΠ. Elle se traduit sur la matrice de Jones par :

JChiral 6=
(
A+B cos(θ) sin(θ)

sin(θ) A− B cos(θ)

)
= JNon-chiral. (4.2)

Ainsi, un système est chiral si sa matrice de Jones respecte : J 6= JNon-chiral. Nous
allons maintenant démontrer que la chiralité optique peut se décliner sous 2 formes :
la chiralité 3D ou chiralité 2D.

4.2.2 Critères de chiralité optique 3D

Figure 4.3 – (a) Illustration d’une hélice comme exemple d’objet chiral 3D. (b)
Renversement de la direction d’observation. (c) Application de l’opérateur rotation
Rπ.
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Commençons par considérer les effets optiques induits par des systèmes chiraux
3D. Pour cela, nous prenons l’exemple d’une hélice tournant dans le sens horaire
(Fig. 4.3(a)). Comme illustré sur la Fig. 4.3(b), nous devons retrouver la même hélice
quelque soit le sens d’observation Oz. Son sens de rotation est conservé quand on
inverse le chemin de la lumière. Cette opération, qui consiste à inverser la direction
d’observation, se traduit sur la matrice de Jones de la manière suivante :

JFlip := Π0 · JR · Π−1
0 , (4.3)

avec JR est la matrice réciproque. La matrice réciproque décrit le système vu, lorsque
le chemin de la lumière est inversé. D’après le théorème de réciprocité, elle est donnée
par :

JR = JT =

(
A C
B D

)
, (4.4)

où T est l’opérateur transposé. Du fait de la taille finie de l’hélice, nous ne retrouvons
pas strictement la même hélice de départ de la Fig. 4.3(a). A l’aide des cercles noirs
et blanc à l’extrémité de l’hélice (Fig. 4.3), on constate que JFlip décrit le cas où celle-
ci est tournée d’un angle θ = π autour de l’axe Oz. Pour retrouver la configuration
initiale, nous devons appliquer une rotation telle que :

Π0 · JR · Π−1
0 = Rθ · J ·R−1

θ , (4.5)

avec Rθ la matrice de rotation autour de l’axe Oz :

Rθ =

(
cos(θ) sin(θ)
− sin(θ) cos(θ)

)
. (4.6)

L’Eq. 4.5 constitue la condition générale de chiralité optique 3D. Après résolution,
nous trouvons que la matrice de Jones associée à la chiralité optique 3D doit obli-
gatoirement être de la forme suivante :

J3D =

(
0 γ
−γ 0

)
, γ ∈ C. (4.7)

On en déduit que les milieux chiraux 3D sont décrits par J3D, une matrice anti-
symétrique qui prend la forme d’une matrice de rotation de facteur gyromagnétique
| γ |.

Polarisations propres

Déterminons maintenant les états propres caractéristiques de ces milieux chiraux

3D. Nous rappelons que les vecteurs et valeurs propres d’une matrice J =

(
A B
C D

)

sont donnés par :

E± =
1√

|B|2 + |λ± − A|2

(
B

λ± − A

)
, (4.8)

λ± =
1

2

(
(A+D)±

√
(A−D)2 + 4BC

)
. (4.9)
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En résolvant, l’équation aux valeurs propres J3DE± = λ±E±, nous trouvons que les
états propres sont donnés par des polarisations orthogonales :

E± =

(
1
±i

)
avec λ± = ±i. (4.10)

Par conséquent, les états de polarisation qui peuvent se propager à travers un sys-
tème chiral 3D, sans être altérés, sont les polarisations circulaires droite et gauche.

4.2.3 Critères de chiralité 2D

Figure 4.4 – (a) Illustration d’une spirale comme exemple d’objet chiral 2D. (b)
Renversement de la direction d’observation.

Établissons maintenant les conditions requises par la chiralité optique 2D. Pour
illustrer ces effets, prenons l’exemple d’une spirale orientée dans le sens horaire
(Fig. 4.4(a)). Comme précédemment, nous inversons le chemin de la lumière (Fig. 4.4
(b)). Contrairement à l’hélice, le sens de rotation d’une spirale dépend de la direction
d’observation. La spirale réciproque tourne à présent dans le sens anti-horaire. Le
système vu est l’énantiomère JΠ (Eq. 4.1). L’existence de chiralité 2D est donc régie
par la condition JF lip = Rθ · JΠ ·R−1

θ , c’est à dire :

Π0 · JR · Π−1
0 = Rθ · (Πx · J · Π−1

x ) ·R−1
θ . (4.11)

Nous en déduisons les conditions de chiralité 2D :

J2D =

(
A B
B D

)
avec A 6= D et ℑ( 2B

A−D
) 6= 0, (4.12)

Ainsi, la chiralité 2D nécessite que le milieu soit décrit par une matrice de Jones
symétrique. De plus, les conditions ci-dessus suggèrent que la chiralité optique 2D
est intrinsèquement liée aux pertes dans le système.

Pertes et chiralité 2D

Pour mettre en évidence le lien entre la chiralité 2D et les pertes, il convient de
rappeler que pour un milieu dissipatif la symétrie par inversion temporelle est brisée.
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Figure 4.5 – Illustration de l’inversion temporelle appliquée à (a) un objet chiral
3D et (b) chiral 2D.

Comme détaillé dans [69], la matrice de Jones qui résulte d’une inversion temporelle
est donnée par :

J−1,∗ =
1

A∗D∗ − B∗C∗

(
D∗ −B∗

−C∗ A∗

)
. (4.13)

Un milieu isolé, sans perte doit être invariant par inversion temporelle, c’est à dire
J−1,∗ = JT . Sa matrice de Jones doit être unitaire.

Cette propriété est respectée pour un système chiral 3D (illustration Fig. 4.5(a)).
Lorsque le cours du temps est inversé, nous retrouvons l’état initial. Cette réversi-
bilité s’explique notamment par le fait qu’une hélice conserve son sens quelque soit
la direction de propagation de la lumière.

Au contraire, le sens d’une spirale s’inverse lorsque le chemin de la lumière est
inversée (illustration Fig. 4.5(b)). Nous ne retrouvons pas l’état de départ. Pour le

démontrer, considérons une matrice symétrique de la forme J =

(
A B
B D

)
. Cette

matrice est unitaire si elle vérifie :

J =
1

(AD − B2)∗

(
D∗ −B∗

−B∗ A∗

)
, soit ℑ( 2B

A−D
) = 0. (4.14)

Cependant la condition Eq. 4.14 est en contradiction avec le critère de chiralité 2D
donnée par l’Eq. 4.12. Par conséquent, J2D ne peut pas être unitaire. Cela signifie
que la symétrie temporelle est rompue. Cette irréversibilité temporelle est synonyme
de dissipation et démontre que la chiralité 2D ne peut exister que dans des milieux
dissipatifs. Les pertes sont donc nécessaires pour générer une chiralité optique 2D.
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Polarisations propres

La condition de chiralité 2D conduit également à la non-orthogonalité des vecteurs
propres. Par commodité de calcul, nous posons B = |B|eiφB et α = A−D = |α|eiφα .
L’Eq. 4.12 se reformule comme suit :

ℑ(2|B|eiφ
|α| ) 6= 0 soit φ = φB − φα 6= mπ (m ∈ Z). (4.15)

D’après l’équation aux valeurs propres J2DE± = λ±E± :

E± =
1√

|B|2 + |λ± − A|2

(
B

λ± − A

)
, (4.16)

λ± =
1

2

(
(A+D)±

√
(A−D)2 + 4B2

)
. (4.17)

Supposons que les polarisations propres soient orthogonales : E−.E+ = 0. Les deux
conditions suivantes doivent remplir :

ℜ(E−.E+) = |B|2 + |α|2 − |α2 + 4B2| = 0 soit φ = nπ (n ∈ Z), (4.18)

ℑ(E−.E+) = 2iℑ(α∗√α2 + 4B2) = 0. (4.19)

Or, cette dernière condition est incompatible avec le critère imposé par l’Eq. 4.15.
La contradiction entre la chiralité 2D et les états propres orthogonaux exige donc
qu’un système optique dont les polarisations propres sont orthogonales ne peut pas
générer des effets purement chiraux 2D.

Finalement, nous allons utiliser ces propriétés sur les matrices de Jones chirales pour
caractériser les effets chiroptiques induits dans nos échantillons.

4.3 Réponse en polarisation d’une nano-ouverture

rectangulaire

Pour comprendre la réponse en polarisation d’un réseau formé de Λ, revenons tout
d’abord à l’unité de base : une nano-ouverture rectangulaire. Pour cela, nous fabri-
quons un échantillon de référence qui comprend 5×5 nano-fentes gravées sur film
d’épaisseur 200 nm (Fig. 4.6(a)). Chacune de ces fentes formeront les briques élé-
mentaires des nanostructures Λ et T , que nous étudierons ultérieurement. Avant
d’engager tout phénomène plasmonique, nous caractériserons l’état de polarisation
directement transmis et diffracté par l’échantillon.

4.3.1 Ellipses de polarisation

Nous réalisons une tomographie en polarisation dans l’espace de Fourier de l’échan-
tillon à l’aide du montage optique schématisé sur la Fig. 4.6(b). Un faisceau laser
éclaire le réseau et pour chaque état de polarisation incident, nous mesurons l’inten-
sité transmise sur chacune des bases de polarisations [43]. A partir des paramètres
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Figure 4.6 – (a) Image MEB de l’échantillon de référence : réseau de fentes de
longueur L=200 nm, largeur w=50 nm séparées par une période spatiale ax = ay =
λSP . (b) Schéma du montage optique : Tomographie en polarisation dans le plan de
Fourier. (c) Image mesurée du plan de Fourier : le cercle blanc délimite l’ouverture
numérique maximale de l’objectif de collection O2. Le carré jaune indique l’ordre de
diffraction 0 étudié. Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

de Stokes, nous reconstruisons une cartographie spatiale des ellipses de polarisation.
Cette représentation intuitive permet de visualiser, pixel par pixel, l’évolution du
champ selon son amplitude et sa direction de propagation kx,y. Les données présen-
tées sur la Fig. 4.7 correspondent à l’ordre de diffraction 0 (encadré jaune sur la
Fig. 4.6(c)). Nous constatons que ce réseau de référence agit principalement comme
un polariseur linéaire dont l’axe est orienté selon x̂. Quelque soit la polarisation
incidente, linéaire ou circulaire, les états de polarisation transmis présentent une
faible ellipticité et sont orientées perpendiculairement aux fentes. A l’exception de
la Fig. 4.7(b) qui présente une polarisation selon ŷ. En effet, pour une lumière inci-
dente polarisée Y, nous obtenons une extinction presque totale. Cette polarisation
verticale est donc attribuée à la transmission résiduelle du faisceau incident. Un
examen minutieux des ellipses montre également que cet échantillon ne se comporte
pas comme un polariseur linéaire parfait. Il génère une ellipticité non nulle et une
légère rotation de la polarisation. Pour quantifier cet effet, analysons sa matrice de
Jones.

4.3.2 Matrice de Jones chirales

Dans un premier temps, nous calculons la matrice de Mueller à partir des paramètres
de Stokes :

M =




1.000 0.940 −0.168 −0.010
0.926 0.984 −0.129 −0.042
0.148 0.153 −0.127 0.251
−0.038 −0.042 −0.290 −0.166


 . (4.20)

La matrice de Jones peut se calculer à partir de la matrice de Mueller uniquement

si le système n’est pas dépolarisant soit D(M) =

√
Tr(MTM)−m2

00

3m2
00

= 1. Nous

mesurons une valeur D(M) = 0.99. Cela signifie que la lumière n’est pas dépolarisée
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Figure 4.7 – Données expérimentales mesurées sur l’échantillon de référence
(Fig. 4.6(a)) : Distribution d’intensité dans le plan de Fourier à l’ordre 0. L’état
de polarisation incident est indiqué par X, Y, M, P, L et R. Code couleur des el-
lipses de polarisation : le rouge et le noir correspondent à une hélicité +1 et -1,
respectivement. Barres d’échelle : k0NA/8. Echelle de couleurs : Intensité (u.a.).

après une propagation à travers notre système optique. Nous en déduisons la matrice
de Jones suivante :

J =

(
1.000 −0.077 + 0.014i

0.078− 0.021i −0.076− 0.140i

)
. (4.21)

Nous avons vu que les matrices de Jones chirales J3D etJ2D se caractérisent respec-
tivement par des matrices antisymétriques JAS et symétriques JS, avec :

J = JAS + JS avec JAS =
J − JT

2
, (4.22)

JS =
J + JT

2
. (4.23)

Par la suite, nous appliquerons de manière systématique cette décomposition pour
estimer la réponse chirale de nos échantillons [70, 71]. Nous vérifierons si JAS et JS
obéissent aux critères de chiralité 3D et 2D. Cela nous permettra de caractériser les
brisures de symétrie au sein de nos échantillons.

Dans le cas de ce réseau de référence, nous trouvons une partie anti-symétrique égale
à :

JAS =

(
0 −0.078 + 0.017i

−(−0.078 + 0.017i) 0

)
. (4.24)

Nous constatons que cette matrice répond aux conditions imposées par la chiralité
3D. Bien que faibles, les termes anti-diagonaux confirment l’existence d’une activité
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optique résiduelle dans notre le système (γ = −0.078+0.017i). Celle-ci peut provenir
d’erreurs expérimentales. Dans le plan de Fourier (Fig. 4.6(c)), nous observons no-
tamment un désalignement par rapport à l’axe optique : on mesure 2 spots à gauche
de l’image autour de ky = ±k0NA qui sont absents à droite. La présence du substrat
de verre brise également la symétrie 3D du système. Enfin, cette chiralité 3D peut
être aussi imputée à des défauts structuraux au sein de l’échantillon. Comme nous
le montrerons ultérieurement, des nanostructures plasmoniques, d’apparence pla-
naires, peuvent dissimuler des imperfections dans leur épaisseur. Celles-ci peuvent
rompre la symétrie du système et altérer considérablement leur réponse en polarisa-
tion [68]. Bien que ces imperfections ne semblent affecter que faiblement la réponse
d’une fente rectangulaire, nous montrerons que leur impact peut être significatif sur
les nano-ouvertures Λ.

Figure 4.8 – Polarisations propres mesurées sur le réseau de fentes.

Analysons maintenant la composante symétrique de la matrice de Jones :

JS =

(
1.000 0.001− 0.004i

0.001− 0.004i −0.076− 0.140i

)
≈
(
1 0
0 β

)
. (4.25)

Compte tenu de la géométrie rectangulaire de l’interstice, nous nous attendons à
une chiralité planaire négligeable. Nous calculons effectivement une valeur faible du
critère de chiralité 2D : ℑ(2B/(A −D)) = −0.003. La symétrie planaire des fentes
est notamment confirmée par des vecteurs propres presque orthogonaux (Fig. 4.8).

Toutefois, JS diffère de la matrice JX =

(
1 0
0 0

)
d’un polariseur linéaire parfait par

un paramètre β = −0.076− 0.140i non nul.

4.3.3 Contribution du dipôle p‖

Ce facteur de forme β décrit la contribution dipolaire induite par le petit axe. Lors
d’une étude précédente [38, 39], nous avions mesuré par imagerie LRM [40, 42] la
contribution respective de chaque dipôle p⊥ et p‖ dans la génération des plasmons de
surface. Nous avons vu que ce facteur est déterminant dans l’efficacité de conversion
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d’un spin incident en un faisceau plasmonique directionnel. Cependant, cette mé-
thode ne permet qu’une estimation partielle de β, à savoir sa partie réelle ℜ(β). Au
contraire, la tomographie en polarisation mise en œuvre ici permet mesurer complè-
tement β, c’est à dire sa partie réelle et imaginaire. Cette quantité sera notamment
injectée dans nos simulations théoriques afin de prendre en considération ce facteur
de forme dans les structures Λ et T .

Bilan Dans cette première partie, nous avons mesuré la réponse en polarisation
d’un réseau de fentes pour lequel nous avons détecté une brisure de symétrie 3D ré-
siduelle et une chiralité 2D négligeable. Nous avons également caractérisé l’influence
géométrique des nano-ouvertures au moyen du facteur de forme β.

4.4 Modèle théorique dipolaire d’un Λ idéal

Après avoir identifié la réponse d’une ouverture rectangulaire, déterminons à présent
la matrice de Jones théorique correspondant à une cellule Λ.

4.4.1 Modélisation

Figure 4.9 – (a) Schéma d’une structure Λ. (b) Réseau de structures Λ.

Nous modélisons une nano-ouverture Λ par deux fentes rectangulaires 1 et 2 per-
pendiculaires (α = 45◦), séparés par une distance D (voir Fig. 4.9). Cette approche
multidipolaire est similaire à celle introduite dans [38] pour décrire le couplage spin-
orbite, à cela près qu’ici, elle est appliquée au champ directement transmis et à non
la directionnalité plasmonique. Lorsque les deux fentes sont parfaitement identiques,
symétriques par rapport à l’axe Oy, un champ incident ne devrait théoriquement
subir aucun effet chiral. Considérons un faisceau Ein excitant une structure Λ en
incidence normale (selon Oz). Les moments dipolaires induits par chacune de ces
fentes pi = p⊥

i + p‖
i (i=1 ,2) s’écrivent :

p1 = α1(n̂.E
in)n̂+ β1(m̂.E

in)m̂, (4.26)

p2 = α2(m̂.E
in)m̂+ β2(n̂.E

in)n̂, (4.27)
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où n̂ =
1√
2

(
1
1

)
et m̂ =

1√
2

(
−1
1

)
sont les normales respectives aux grands et

petits axes. Dans le plan de Fourier, le champ transmis par chaque fente est donné
par :

Eout
i (k‖) ∝ pie

−ik‖·ri , (4.28)

où k‖ = kxx̂+kyŷ et ri le vecteur position des fentes. A chaque dipôle i, est associée
une matrice de Jones Ji définie par : Eout

i (k‖) = Ji · Ein(k‖). A l’ordre 0 (k‖ = 0),
nous en déduisons :

J1 =

(
α1 + β1 −α1 + β1
−α1 + β1 α1 + β1

)
, J2 =

(
α2 + β2 α2 − β2
α2 − β2 α2 + β2

)
(α, β ∈ C) (4.29)

avec αi et βi les contributions relatives entre les dipôles p⊥
i et p‖

i . Pour une cellule
Λ parfaitement symétrique, nous avons α1 = α2 = α et β1 = β2 = β. La matrice de
Jones totale d’une ouverture Λ idéale s’écrit alors :

J = (1 + β)

(
1 0
0 1

)
, (4.30)

où nous avons posé α = 1 par commodité de calcul. L’état de polarisation doit donc
se conserver à travers le système.

4.4.2 Simulations

Figure 4.10 – Simulations : distribution d’intensité dans le plan de Fourier à l’ordre
0 de diffraction. Le système étudié est un réseau de Λ parfaitement symétrique de
facteur de forme β = −0.076 − 0.140i. Les flèches blanches indiquent l’état de la
polarisation incidente. Code couleur des ellipses de polarisation : le rouge et le noir
correspondent une hélicité +1 and -1, respectivement. Barres d’échelle : k0NA/16.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Nous vérifions ce comportement sur nos simulations (Fig. 4.10). Les données sont
calculées pour un réseau de 2×10 Λ idéaux, symétriques et planaires (Fig. 4.9(b)).
J’ai effectué cette simulation en utilisant une description du champ en ondes TE et
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TM qui a été développé par A. Drezet [38]. Celle-ci tient compte des effets de diffrac-
tion et d’imagerie [72]. Afin de prédire le comportement théorique des échantillons,
j’y ai intégré le facteur de forme β mesuré précédemment pour le réseau de référence.

En accord avec l’Eq. 4.30, l’état de polarisation transmis est conservé autour de
k‖ = 0. Toutefois, à mesure qu’on s’éloigne de l’ordre 0, on constate une transforma-
tion de la polarisation. Les états linéaires sont convertis en polarisation elliptique à
|k‖| croissant (Fig. 4.10(a-b)). Nous détectons également une modification du degré
de polarisation circulaire (Fig. 4.10 (e,f)). Cette transformation est attribuée à la
différence de phase due à l’espacement D entre les dipôles 1 et 2. En effet, lorsque
|k‖| 6= 0, cette différence de phase peut conduire jusqu’à une conversion en polari-
sation circulaire si kx ·D/2 = π/4. Par exemple, pour une onde incidente polarisée
Ein = E0x̂, le champ diffracté dans la direction de propagation kx s’écrit :

E
out(kx) ∝ (1 + β) cos(

kxD

2
)x̂+ i(1− β) sin(

kxD

2
)ŷ, (4.31)

d’où la polarisation elliptique détectée dans la Fig. 4.10(a).

4.5 Chiralité mixte 2D et 3D

Figure 4.11 – Images MEB : (a) échantillon A, (b) agrandissement sur une nano-
structure Λ, (c) vue latérale sur une coupe. Échantillon B : (d) agrandissement sur
une nanostructure Λ, (e) vue latérale sur une coupe.

Nous avons déterminé la réponse théorique d’un réseau de Λ. Passons à la caractéri-
sation expérimentale des échantillons. Nous verrons que leur comportement diffèrent
grandement des prédictions théoriques. Les deux échantillons A et B, examinés au
cours de cette étude, sont présentés sur la Fig. 4.11(b) et (d).
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4.5.1 Défauts structuraux planaires et volumiques

Figure 4.12 – Données expérimentales mesurées sur l’échantillon A : distribution
d’intensité dans le plan de Fourier à l’ordre 0. Les flèches blanches indiquent l’état
de la polarisation incidente. Code couleur des ellipses de polarisation : le rouge et
le noir correspondent à une hélicité +1 and -1, respectivement. Barres d’échelle :
k0NA/16. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Commençons par l’examen de l’échantillon A (Fig. 4.11(a)). Nous constatons sur les
images MEB que les deux bras du Λ diffèrent de manière significative (Fig. 4.11(b)).
Nous verrons que cette forte asymétrie planaire va se manifester par une chiralité
2D marquée. En outre, nous révèlerons que cette chiralité sera accompagnée d’une
chiralité 3D, due à des défauts dans l’épaisseur de l’échantillon (Fig. 4.11(c)).

Ellipses de polarisation Comme précédemment, nous réalisons une tomogra-
phie en polarisation et reconstruisons une cartographie du champ transmis à l’ordre
0 (Fig. 4.12). Nous remarquons une grande disparité entre la réponse mesurée et
celle attendue pour un réseau de Λ idéaux (Fig. 4.10). L’état de polarisation est
considérablement transformé, avec un dichroïsme optique frappant. Nous observons
notamment une conversion des états linéaires incidents en polarisation elliptique
(Fig. 4.12(a)-(c)). Nous mesurons aussi une forte composante linéaire pour un champ
incident polarisé circulairement (Fig. 4.12(f)).

Matrices de Jones chirales Pour identifier l’origine de ces effets et effectuer
une comparaison quantitative avec nos prédictions théoriques, nous analysons la
symétrie de la matrice de Jones expérimentale :

J =

(
1 −0.387− 1.348i

−0.368 + 0.557i −0.008 + 2.393i

)
, (4.32)

qui, décomposée sous sa forme symétrique et antisymétrique, s’écrit :

JS =

(
1 −0.378− 0.395i

−0.378− 0.395i −0.008 + 2.393i

)
, (4.33)

JAS =

(
0 −(0.009 + 0.953i)

0.009 + 0.953i 0

)
. (4.34)
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D’une part, nous vérifions que JS remplit les conditions imposées par la chiralité
optique planaire (Eq. 4.12) avec ℑ(2B/(A −D)) = −0.193. Cela suggère que nous
avons une brisure de symétrie dans le plan de notre échantillon. Cette asymétrie est
clairement visible sur l’image MEB (Fig. 4.11(b)) où les deux bras du Λ diffèrent
dans leur forme avec une longueur et une largeur distinctes.

D’autre part, nous trouvons que JAS répond également aux critères requis par la
chiralité 3D avec un facteur gyromagnétique γ = 0.953. Cette signature de l’activité
optique est représentative d’une brisure de symétrie dans le volume de l’échantillon.
Pour valider cette hypothèse, nous avons réalisé une coupe transversale par FIB
d’un échantillon fabriqué dans les mêmes conditions. L’image MEB (Fig. 4.11(c))
confirme cette rupture de symétrie 3D : nous observons clairement une différence de
hauteur entre les deux bras des Λ. Ceci indique qu’ils n’ont pas été gravés avec la
même profondeur. Par conséquent, ces défauts fabrication planaires et volumiques
confère au système une chiralité mixte 2D et 3D, responsable de la transformation
de la polarisation mesurée.

Polarisations propres En résolvant l’équation aux valeurs propres de la matrice
expérimentale (Eq. 4.32), nous avons représenté sur la Fig 4.13, les états propres
d’un système à chiralité mixte. Ils décrivent deux ellipses contra-rotatives. Nous
rappelons que dans le cas d’un milieu purement chiral 3D, les états propres sont
donnés par les polarisations circulaires gauche et droite. Nous retrouvons donc des
états d’hélicité opposée. En revanche, ces états ne sont pas circulaires mais elliptiques
avec des ellipticités différentes. Ce qui confirme que nous ne sommes pas en présence
d’une chiralité 3D pure mais d’une chiralité mixte 3D et 2D.

Figure 4.13 – Polarisations propres mesurées pour l’échantillon A. ±1 correspond
à l’hélicité.

Bilan Nous avons mis en évidence un mélange de chiralité optique 2D et 3D au sein
d’un même système. Ce comportement résulte de défauts structuraux planaires et
volumiques qui brisent la symétrie des Λ. En évaluant la qualité des nano-structures
gravées, notre méthode nous a permis d’améliorer le processus de fabrication. Nous
avons aussi montré comment les polarisations propres se transforment dans le cas
d’un milieu où coexistent chiralité planaire et volumique.
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4.5.2 Réduction des défauts d’asymétrie

Figure 4.14 – Données expérimentales mesurées sur l’échantillon B : distribution
d’intensité dans le plan de Fourier à l’ordre 0. Les flèches blanches indiquent l’état
de la polarisation incidente. Code couleur des ellipses de polarisation : le rouge et
le noir correspondent à une hélicité +1 and -1, respectivement. Barres d’échelle :
k0NA/16. Échelles de couleur : Intensité (u.a.).

Sur la Fig. 4.11(d), nous présentons l’image MEB d’une nanostructure composée de
Λ dont les réglages de fabrication ont été optimisés afin réduire au maximum les
défauts d’asymétrie. Ces réglages concernent notamment le nombre de passages du
faisceau d’ions durant la gravure. Ce nouvel échantillon présente effectivement des
bras plus symétriques, avec entre les deux bras du Λ une géométrie et des dimensions
comparables.

Ellipses de polarisation Un premier examen qualitatif des cartes de polarisation
(Fig. 4.14) montre une meilleure conservation de l’état de polarisation incident, ce
qui est en accord avec la réponse théorique d’un Λ idéalement symétrique. Toutefois,
nous détectons une légère altération de la polarisation. Les champs ne sont pas par-
faitement linéaires ou circulaires. Par exemple, nous détectons une transformation
des états linéaires P et M (Fig. 4.14(c),(d)) en polarisation elliptique.

Matrice de Jones chirales Ce comportement est quantitativement évalué par
l’analyse des matrices de Jones anti-symétrique et symétrique :

J =

(
1 0.150 + 0.019i

0.144− 0.013i 0.949 + 0.594i

)
, (4.35)

avec :

JAS =

(
0 0.003 + 0.016i

−(0.003 + 0.016i) 0

)
, (4.36)

JS =

(
1.000 0.147 + 0.003i

0.147 + 0.003i 0.949 + 0.594i

)
. (4.37)

En comparant JAS à J3D, nous trouvons que le pouvoir rotatoire de la polarisation
dans l’échantillon B est négligeable (|γ| ≪ 1). Ceci est corroboré par la Fig. 4.14,
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où l’orientation des états linéaires est globalement conservée. Une coupe transver-
sale montre notamment que nous avons un meilleur contrôle de la profondeur de
gravure : les branches du Λ sont maintenant de même hauteur (Fig. 4.11(e)). Des
études préliminaires ont montré que la stabilité de l’instrument FIB et le nombre
de boucles de passage du faisceau d’ions étaient déterminant dans la symétrie des Λ
fabriqués. Alors que l’échantillon A a été réalisé en utilisant 12 boucles, nous avons
trouvé qu’en diminuant le nombre de passage à 6, nous pouvions réduire cette asy-
métrie volumique.

Par ailleurs, malgré une apparente symétrie planaire, la matrice JS expérimentale
remplit toutefois les critères de chiralité 2D avec ℑ(2B/(A − D)) = 0.246. Cette
asymétrie planaire est confirmée par une différence de largeur mesurée entre chaque
bras de 11% en moyenne (et 0.8% en longueur). Cet échantillon B présente donc une
réponse dominée par la chiralité 2D avec une faible signature chirale 3D, comporte-
ment que nous retrouvons lors de l’analyse des états propres correspondant.

Figure 4.15 – Polarisations propres mesurées pour l’échantillon B. ±1 correspond
à l’hélicité .

Polarisations propres Les vecteurs propres sont décrits par deux ellipses ayant
le même sens de rotation +1 (Fig. 4.15). Nous rappelons qu’une chiralité 2D pure
implique la non-orthogonalité des polarisations propres. Dans le cas général, elles
sont décrites par des états elliptiques co-rotatifs, d’orientations et d’ellipticité dis-
tinctes [62], [18]. Ces états non circulaires et de même hélicité traduisent donc d’une
faible chiralité 3D dans cet échantillon B.

Finalement, l’analyse des matrices de Jones chirales nous a permis de révéler, de
manière non-destructive, des défauts de fabrication et par la suite d’améliorer la
qualité de nos échantillons. En dépit des progrès techniques de gravure FIB, cette
étude montre que des imperfections structurelles, telles que des distorsions géomé-
triques et des brisures de symétrie, peuvent conduire à des réponses chirales significa-
tives [68, 73]. Bien que l’origine de ces défauts structuraux ne soit pas complètement
identifiée, des recherches sont en cours pour clarifier l’influence du nombre de boucles
lors la gravure FIB sur ces imperfections.
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4.6 Description de la chiralité mixte par le modèle

microscopique de Kuhn

Dans le but d’obtenir une interprétation microscopique des effets de cette chiralité
mixte, nous utilisons le modèle de Kuhn [74]. Nous y intégrons la chiralité 2D en
décrivant notre système comme deux oscillateurs couplés différents.

Figure 4.16 – (a) Système purement chiral 3D décrit par le modèle de Kuhn (b)
Modèle de Kuhn généralisé modélisant un système mélangeant chiralité 2D et 3D.

Le modèle de Kuhn a été initialement développé pour expliquer les phénomènes
d’activité optique observés dans des milieux moléculaires chiraux. La réponse d’une
molécule chirale est modélisée à l’aide de deux oscillateurs harmoniques couplés. Ces
oscillateurs sont identiques, orthogonaux et séparés verticalement d’une distance h
le long de l’axe optique z (Fig. 4.16(a)). Sous l’effet d’un champ incident, ce système
est mis en vibration. En résolvant l’équation du mouvement, ce modèle permet de
comprendre intuitivement l’activité optique dans les systèmes moléculaires chiraux.
Dans sa version originale, les dipôles sont identiques et sont décrits par une même
matrice de Jones J . La chiralité planaire n’y est pas prise en considération.

Pour généraliser ce modèle à des milieux complexes où coexistent les deux types de
chiralité 2D et 3D, nous traitons notre système comme deux oscillateurs distincts 1
et 2, décrits par des matrices de Jones différentes J1 et J2 . Dans notre expérience,
chaque oscillateur va simuler le comportement associé à l’un des deux bras de la
structure Λ (Fig. 4.16(b)). Sous l’action du champ incident Ein, le système est mis
en mouvement. Le couplage entre les deux oscillateurs est décrit par une matrice de
couplage notée V . Les équations du mouvement s’écrivent comme suit :

p̃1 = J1E
in + J1V e

ikzhp̃2, (4.38)

p̃2 = J2E
in + J2V e

−ikzhp̃1, (4.39)

avec p̃1 = p1e
ikzh/2 et p̃2 = p2e

−ikzh/2. Exprimées sous forme de matrices de blocs,
celles-ci se réécrivent telles que :

(
I −J1V eikzh

−J2V T e−ikzh I

)(
p̃1

p̃2

)
=

(
J1E

in

J2E
in

)
, (4.40)
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où I est la matrice d’identité, kz =

√
ω2

c2
ε− k2x − k2y ≈ ω

c

√
ε et ε la fonction di-

électrique du milieu. En résolvant l’équation p̃1 + p̃2 = JEin, nous en déduisons
l’expression générale de la matrice de Jones connectée à la chiralité mixte 2D et
3D :

J = (I − J1V J2V
T )−1J1 + J1V (I − J2V

TJ1V )−1J2
+J2V

T (I − J1V J2V
T )−1J1 + (I − J2V

TJ1V )−1J2.
(4.41)

Milieux isotropes Afin d’extraire une interprétation physique de l’Eq. 4.41, consi-
dérons le cas particulier des milieux isotropes. La matrice d’interaction peut se cal-
culer à partir du champ rayonné par le dipôle 1 sur le dipôle 2 comme suit :

E1→2 = − 1

4πε0r312
(p1 − 3

(p1.r12)

r212
r12), (4.42)

où r12 est la distance entre les centres de masse des dipôles 1 et 2. La matrice
d’interaction vérifie alors V = V T et elle est donnée par :

V = − 1

4πε0r312
(I − 3

r212

(
x12x12 x12y12
x12y12 y12y12

)
) =

(
V11 V12
V12 V22

)
. (4.43)

Ce couplage mutuel modélise une interaction réciproque entre les dipôles 1 et 2.
L’action du dipôle 1 → 2 est identique à celle du dipôle 2 → 1. Pour dégager une
interprétation intuitive de la matrice J (Eq. 4.41), nous considérons également des
fentes infiniment minces, c’est à dire que nous négligeons la contribution de l’axe
mineur soit β1 = β2 = 0. Dans le système de coordonnées (O, x′, y′) (Fig. 4.16(b)),
nous avons :

J1 =

(
1 0
0 0

)
; J2 =

(
0 0
0 α

)
; V =

(
0 V12
V12 0

)
, (4.44)

où nous avons posé α1 = 1, α2 = α, par commodité de calcul. Finalement, nous en
déduisons les parties antisymétrique et symétrique de la matrice de Jones :

JAS =

(
0 iαV12 sin(kzh)

−iαV12 sin(kzh) 0

)
, (4.45)

JS =

(
1 αV12 cos(kzh)

αV12 cos(kzh) α

)
. (4.46)

D’une part, JAS est caractérisée par une puissance gyrotropique αV12 sin(kzh). Si
la distance de séparation h entre les oscillateurs est nulle, nous n’observons pas
d’activité optique. Notre description est donc en accord avec le modèle classique de
Kuhn. L’activité optique requiert une brisure de symétrie 3D dans le système ce qui
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se traduit par une distance h non nulle.

D’autre part, JS est liée à la chiralité planaire si elle obéit aux critères suivants :

Condition 1 : α 6= 1, (4.47)

Condition 2 : ℑ(2αV12 cos(kzh)
1− α

) 6= 0, (4.48)

La conditions 1 caractérise l’asymétrie planaire du système. Elle signifie que les
fentes doivent être par exemple de longueur et/ou de largeur différentes. La condi-
tion 2 souligne le lien inhérent qu’il existe entre les pertes du milieu et la chiralité
planaire [75, 18, 76, 77, 78]. Cette condition est vérifiée si les termes α, V12, ou kz
sont complexes avec des parties imaginaires non nulles. Dans les structures plasmo-
niques, la dissipation et plus spécifiquement l’excitation des plasmons de surface sont
notamment déterminantes pour la génération de la chiralité 2D. Par exemple, Dre-
zet et al. [18] ont rapporté le rôle essentiel des plasmons de surface dans la réponse
chirale 2D de spirales plasmoniques. Notre modèle intègre donc le rôle fondamental
des pertes pour la génération de la chiralité 2D. Grâce à cette description étendue du
modèle de Kuhn, nous pouvons donner une interprétation physique à la matrice de
Jones et ainsi comprendre intuitivement les origines de la chiralité 2D et 3D. Alors
que le modèle de Kuhn original est principalement utilisé en chimie pour décrire la
réponse optique des molécules chirales (chiralité 3D), notre adaptation du modèle
de Kuhn a également la faculté de rendre compte de la chiralité 2D (pour h = 0). Il
est donc particulièrement pertinent pour l’étude des plasmons de surface.

Figure 4.17 – (a) Couplage dipolaire symétrique. (b) Couplage dipolaire asymé-
trique.

Cas général Précisons que la matrice de Jones obtenue à l’Eq. 4.41 s’applique
également au cas plus général des milieux non-isotropes. Elle permet de décrire
des milieux isotropes (V = V T ) mais également des interactions dipôle-dipôle non-
symétriques (V 6= V T ). Prenons par exemple le cas des interactions dipolaires via
des canaux plasmoniques. Sur la Fig. 4.17(a), un dipôle 1 situé près d’une interface
air-métal produit des plasmons qui vont exciter un deuxième dipôle 2. Ce dernier
est situé à une distance h sous le dipôle 1. Il devient alors clair que la symétrie
de couplage peut être rompue par la présence d’un substrat. Comme illustré sur la
Fig. 4.17(b), si le dipôle 2 est positionné au niveau du substrat, le dipôle 1 sera
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excité par des plasmons créés à l’interface métal-substrat. L’action de 1 → 2 sera
donc différent de 2 → 1 d’où V 6= V T .

Bien que notre approche permet de capturer la physique sous-jacente de la chiralité
optique, il convient d’en mentionner les limitations. En particulier, notre modèle
n’inclut pas la contribution des plasmons et des interactions inter-dipolaires dans la
réponse du champ transmis. Or, des études [79, 80] ont montré le rôle fondamental
des plasmons localisés, des modes guidés et évanescents dans la transmission et la
polarisation de la lumière à travers les réseaux métalliques. Notre modèle mériterait
donc d’être affiné pour tenir compte de ces effets. De plus, pour déterminer les
propriétés spectrales de la chiralité 2D et 3D, notre approche pourrait être combinée
à une polarimétrie spectroscopique [81].

4.7 Conclusion

Nous avons proposé une méthode expérimentale pour mettre en évidence des effets
chiraux 2D et 3D dans des réseaux plasmoniques. L’analyse des matrices de Jones
chirales a révélé une chiralité mixte causée par des défauts structuraux 2D et 3D.
En généralisant le modèle de Kuhn aux milieux chiraux 2D et 3D, nous donnons une
vision microscopique et intuitive des matrices de Jones chirales. Avec la complexité
et l’intérêt croissant pour les structures plasmoniques chirales [82, 83], la méthode
proposée pourrait donc être bénéfique pour l’élaboration de nouveaux systèmes chi-
raux exploitant à la fois la chiralité 2D et 3D optiques pour manipuler les propriétés
de la lumière [63].

Finalement, l’identification de ces défauts nous a permis d’améliorer la qualité des
métasurfaces fabriquées. Dans le chapitre suivant, nous allons démontrer la conver-
sion des plasmons de surface en ondes propagatives, polarisées circulairement, dont
le mécanisme repose sur le processus de SHEL réciproque.
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Chapitre 5

Platforme plasmonique de brouillage

d’interférence

Sommaire
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5.4 Conclusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 101

5.1 Introduction

La nanophotonique joue un rôle clé dans le développement des technologies de l’in-
formation quantique. Elle vise à comprendre les propriétés quantiques de la lumière
et à maîtriser ses interactions avec la matière. Par ailleurs, le déploiement à grande
échelle de ces systèmes encouragent de plus de plus la miniaturisation des compo-
sants optiques. Les efforts pour manipuler les propriétés quantiques des photons à
l’échelle sublongueur d’onde ont alors motivé l’émergence de la plasmonique quan-
tique. Cette dernière a pour objectif d’explorer les propriétés quantiques fondamen-
tales des plasmons [87, 88] et ainsi tirer profit des interactions exaltées entre les émet-
teurs quantiques et les systèmes plasmoniques. Or les collisions entre les électrons et
les pertes intrinsèques liées aux plasmons pourraient engendrer une réduction de la
cohérence. Pour valider l’usage des plasmons de surface comme vecteur de l’informa-
tion quantique, plusieurs travaux ont été menés pour montrer leur nature bosonique
et ont reproduit les expériences fondamentales d’optique quantique avec des plas-
mons. La préservation des propriétés d’intrication et de dualité onde-particule des
photons, suite à leur conversion en plasmons, ont été rapportées [89, 90, 91, 92, 93].
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Figure 5.1 – (a) Conservation de la statistique de photon d’une boîte quantique
de CdSe couplée un nanofil d’argent. Le creux à délai nul sur la mesure de la fonc-
tion d’autocorrélation en intensité g2(τ) démontre l’excitation de plasmon de surface
unique. Tirée de [84]. (b) Image MEB d’un circuit plasmonique pour des expériences
de dualité onde-corpuscule plasmonique. L’antibunching démontre la nature corpus-
culaire des plasmons et les interférences sa nature ondulatoire. Tirée de [85]. (c)
Expérience de brouillage d’interférences basée sur l’imagerie LRM : (a) sans analyse
de polarisation, (b) avec polariseur linéaire en sortie orienté à 0◦ , (c) 90◦, (d) 45◦.
Tirée de [86].

Par exemple, Akimov et al. ont couplé une boîte quantique à un nanofil d’argent et
ont observé une conservation de la statistique sub-poissonienne ainsi qu’une exalta-
tion de 2.5 de l’émission spontanée de la source quantique [84] (Fig. 5.1(a)). La mise
en évidence de ces propriétés quantiques ont bénéficié de l’élaboration de circuits
adaptés à la manipulation des plasmons, comme dans l’expérience présentée sur la
Fig. 5.1(b) qui démontre la dualité onde-corpuscule de plasmons propagatifs.

Dans ce contexte, l’objet d’étude de ce chapitre est de réaliser une plateforme plasmo-
nique de brouillage d’interférence reposant sur le processus réciproque de l’effet spin
Hall de la lumière (Spin Hall Effect of Light, SHEL). Comme discuté précédemment,
l’élaboration de métamatériaux plasmoniques, dont les propriétés d’anisotropie et
d’inhomogénéité peuvent être maîtrisées à l’échelle de la longueur d’onde, ont per-
mis d’accroître considérablement les couplages spin-orbite de la lumière [25, 94]. Ces
effets ont suscité un intérêt important pour la manipulation des différents degrés de
liberté de la lumière. Ils devraient jouer un rôle essentiel dans les communications
optiques, dont l’enjeu est d’augmenter la transmission de données en exploitant des
degrés de liberté supplémentaires de la lumière [95]. Nous avons vu que ces phé-
nomènes trouvent leur origine dans l’interaction entre le moment angulaire de spin
intrinsèque du photon (polarisation circulaire) avec ses degrés de liberté spatiaux
(moments angulaires orbitaux et linéaires). Ces couplages ont donné lieu à des phé-
nomènes de SHEL [96, 31, 97] et plusieurs études ont montré que l’information
sur le spin des photons pouvaient être convertie en ondes de surface de trajec-
toires opposées [98, 33, 99]. Or jusqu’à maintenant, le mécanisme inverse de SHEL
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a reçu beaucoup moins d’attention [100, 101, 102, 32, 103]. Mentionnons toutefois
que le découplage de modes de surfaces en rayonnement polarisé circulairement a
été démontré au moyen de guides d’ondes diélectriques dans les régimes THz et
visible [104, 105]. La motivation de ce travail est donc de réaliser un polariseur cir-
culaire tout-plasmonique et contrôlé par la direction des plasmons. Un composant
tout-plasmonique présente notamment l’avantage de simplifier le processus de fa-
brication et l’intégration des dispositifs plasmoniques [106]. Après avoir démontré
l’adressage de la polarisation circulaire via les trajectoires des plasmons de surface,
nous appliquons cette fonctionnalité à une expérience de brouillage d’interférence
dans le régime classique. En effet, il convient de travailler en premier lieu en régime
classique afin d’acquérir une compréhension approfondie des mécanismes physiques,
pour envisager ensuite une application dans le domaine quantique. Par ailleurs, nous
pouvons mentionner les travaux de Peralta et al. qui ont rapporté une expérience
classique de la "gomme quantique" (Fig. 5.1(c)) afin d’imager le trajet des photons
à l’interface métal-air en imagerie LRM [86, 107]. Notre polariseur plasmonique
circulaire pourrait venir enrichir les outils nécessaires à la réalisation de circuits
photoniques intégrés pour l’optique quantique.

5.2 Mécanisme de SHEL réciproque : Démonstra-

tion d’un polariseur circulaire plasmonique

5.2.1 Protocole expérimental

Figure 5.2 – (a-b) Images MEB des échantillons. (c) Agrandissement sur une na-
nostructure en T : longueur L = 200 nm, largeur w = 50 nm, distance de séparation
D = 212 nm. n̂ et m̂ indiquent l’orientation des dipôles majeurs induits par la fente
(1) et (2), respectivement.

La conversion des plasmons en polarisation circulaire est réalisée à partir d’un ré-
seau de nano-ouvertures en forme de T . Au cours de ce travail, nous examinerons
deux échantillons différents A et B (images MEB sur les Fig. 5.2(a) et (b)). Chaque
échantillon comprend trois fentes centrales qui seront utilisées comme lanceur de
plasmons de surface (SP). De part et d’autre du lanceur, nous avons gravé deux
réseaux constitués de 5 × 10 T , notés Ri

1 et Ri
2 (i = A,B). Ces derniers sont gra-

vés sur un film d’or opaque de 200 nm d’épaisseur. Afin de limiter la transmission
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directe du faisceau laser incident, les sillons du lanceur SP n’ont été percés qu’à
mi-profondeur. Les deux échantillons A et B se distinguent par l’orientation des T
formant le réseau de droite Ri

2 (par contre à gauche RA
1 =RB

1 ). Pour l’échantillon A,
les réseaux RA

1 et RA
2 sont identiques (Fig. 5.2(a)). En revanche, pour l’échantillon B

(Fig. 5.2(b)), les T qui forment le réseau RB
2 sont tournés d’un angle de 90◦ par rap-

port à RB
1 . Le réseau RB

2 est l’image miroir de RB
1 par rapport à l’axe horizontal Ox.

Ces réseaux ont été conçus afin de démontrer le processus inverse de l’excitation
unidirectionnelle (discutée au Chapitre 2). On vise notamment à réaliser un réseau
qui émette des photons de spin s = ±1 lorsque celui-ci est illuminé par un faisceau
plasmonique provenant de la droite ou de la gauche. La démonstration de cet effet
réside dans le déphasage de ±π/2, induit par la séparation entre les deux bras du
T , soit une distance D/

√
2 = λSP/4 (longueur d’onde plasmons λSP = 603 nm).

Figure 5.3 – (a) Vue latérale du mécanisme de SHEL réciproque : (1) Les plasmons
sont produits par le lanceur SP. (2) Ils se propagent à la surface de l’échantillon en
direction des réseaux. (3) Ils diffractent sur les réseaux et se découplent en lumière
propagative. Un filtre spatial M peut être inséré dans le plan direct pour bloquer
de faisceau diffracté par le deuxième réseau. (b) Schéma du montage optique : O1
objectif de microscope (40 ×, NA= 0.75), O2 objectif de microscope à immersion
(100 ×, NA= 1.45), TL, L1, L2 lentilles convergentes, M filtre spatial amovible placé
dans le plan direct (DP), FL lentille de Fourier amovible, QWP lame quart-d’onde,
P polariseur linéaire. (c) Image mesurée dans plan de Fourier lorsque M est placé
devant le réseau Ri

2 (i=A, B) de sorte que seul le rayonnement émis par le réseau
Ri

1 soit enregistré. Le cercle blanc de rayon k0NA indique le NA maximum de O2.

Le processus de SHEL réciproque que nous visons à démontrer met en jeu les trois
mécanismes suivants (Fig. 5.3(a)) : le couplage de la lumière en plasmons de surface,
leur propagation sur le film métallique, et leur découplage en ondes propagatives.
Pour générer une onde plasmonique, nous focalisons sur le lanceur SP, un faisceau
laser de polarisation linéaire normal aux fentes. Le montage expérimental est schéma-
tisé sur la Fig. 5.3(b). Le champ diffracté est ensuite mesuré dans le plan de Fourier.
La période a selon x et y conditionnent les ordres de diffraction n détectable par le
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système d’imagerie. Ici, les périodes horizontales et verticales respectives sont fixées
à ax = λSP et ay = λSP/2 afin de restreindre notre étude à la direction de propaga-
tion kx. Les vecteurs d’onde correspondant aux ordres de diffraction s’écrivent :

kx(n) = ±kSP + n(
2π

ax
) = kSP (n± 1), (5.1)

ky(n) = n(
2π

ay
) = 2nkSP . (5.2)

avec kSP = ±kSP x̂ les vecteurs d’onde plasmons se propageant dans les directions
respectives ±x̂. Dans la direction kx, les ordres de diffraction mesurables par l’ou-
verture numérique de notre objectif de collection O2 sont n = 0,−1,−2. Dans la
direction ky, nous ne pouvons détecter que l’ordre n = 0. En effet, les ordres su-
périeurs se situent à l’extérieur du cône de lumière détectable par notre objectif de
miscroscope. Afin de mettre en évidence la réponse en polarisation associée à chaque
réseau, nous menons une analyse polarimétrique et cartographions des ellipses de
polarisation en fonction de la fréquence spatiale k = kxx̂+ kyŷ.

5.2.2 Résultats : Découplage en polarisation circulaire

Échantillon A

Commençons par la caractérisation de l’échantillon A. Pour déterminer séparément
la réponse de chaque réseau RA

1 et RA
2 , nous plaçons un filtre spatial M dans le plan

direct, de manière à bloquer la lumière émise par l’un des deux réseaux. La Fig. 5.3(c)
correspond à la distribution d’intensité mesurée dans le plan de Fourier lorsque le
filtre M coupe la lumière émise par le réseau de droite RA

2 . Cette configuration
équivaut à étudier la réponse du réseauRA

1 excité par un faisceau plasmons provenant
de la droite (kSP = −kSP x̂). Dans la direction kx, les positions des 3 ordres de
diffraction enregistrés dans l’espace réciproque sont données par :

n = 0 → kx = −kSP , (5.3)

n = −1 → kx = 0, (5.4)

n = −2 → kx = kSP . (5.5)

La différence d’intensité entre les trois signaux, s’explique par le fait que la majeure
partie du signal est diffractée à l’ordre 0 soit à kx = −kSP . Notons qu’une excitation
par des plasmons venant de la gauche (kSP = +kSP x̂), se traduit par des ordres de
diffraction situés à kx(n = 0) = +kSP , kx(n = −1) = 0 et kx(n = −2) = −kSP (voir
illustration Fig. 5.3(a)).
Sur la Fig. 5.3, nous avons superposé sur chacun de ces ordres, les ellipses de polarisa-
tions du champ diffracté. La première et la deuxième rangée d’images correspondent
respectivement aux mesures effectuées sur RA

1 et RA
2 . Nous observons que la réponse

en polarisation varie fortement selon n. D’une part, à l’ordre n = −1, le réseau
émet une polarisation principalement circulaire. Plus précisément, nous mesurons,
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Figure 5.4 – Analyse polarimétrique de l’échantillon A. (a) Image MEB du ré-
seau RA

1 . (b-d) Distribution d’intensité mesurée dans le plan de Fourier à l’ordre
n=0 (b), -1 (c), -2 (d). Code couleur des ellipses de polarisation : le rouge et le
noire représentent respectivement un spin +1 (polarisation circulaire gauche) et -
1 (polarisation circulaire droite). (e) Image MEB du réseau RA

2 . (f-h) Distribution
d’intensité mesurée dans le plan de Fourier à l’ordre n=-2 (f), -1 (g), 0 (h). Inserts
en bas à gauche : simulations théoriques. Barres d’échelle : 3k0N.A./8. Échelles de
couleur : Intensité (u.a.).

le long de l’axe optique (k=0), une onde polarisée L (spin +1) ou R (spin -1) se-
lon la direction des plasmons kSP = ±kSP x̂. Cette première observation révèle la
capacité de notre dispositif à découpler une onde confinée en surface en photons
propagatifs polarisés circulairement. Cette conversion est quantifiée par une valeur
moyenne élevée du degré de polarisation circulaire < DCP >= 0.88. Ces résultats
constituent la démonstration expérimentale d’un polariseur plasmonique circulaire
basé sur le processus de SHEL réciproque : les plasmons de surface acquièrent un
moment angulaire de spin lors de leur interaction avec le milieu. L’information sur
la trajectoire des plasmons kSP = ±kSP x̂ est transmise dans le spin ±1 des photons.

D’autre part, notre approche expérimentale met en évidence un découplage des
plasmons en polarisations quasi-linéaires à n = 0 et −2. Pour comprendre cette
dépendance avec n et pour analyser théoriquement le processus de SHEL réciproque,
nous modélisons notre système à l’aide d’une description dipolaire.

Modèle théorique

Considérons une nano-ouverture T sur laquelle se diffracte un faisceau plasmonique.
Un moment dipolaire électrique est associé à chaque fente rectangulaire formant le
T . Il est orienté selon la normale au grand axe (Fig. 5.2 (c)) et s’exprime comme
suit :
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E(k) ∝ (n̂.ESP (r1))n̂e
−ik.r1 + (m̂.ESP (r2))m̂e

−ik.r2 , (5.6)

où ri est la position des fentes (i = 1, 2) avec les normales respectives n̂ = 1√
2
(−1, 1)

et m̂ = 1√
2
(1, 1). L’origine des coordonnées est prise à la position du lanceur SP. Le

champ plasmonique induit par le champ incident µ = µx̂ est décrit par ESP (ri) =
e∓ikSP .ri

√
|xi|

(µ.x̂)x̂ [40, 41]. La distance entre le lanceur SP et les T étant beaucoup plus

grande que D (avec D/
√
2 = λSP/4), nous faisons l’approximation que

√
|x1| ≈√

|x2|. Nous trouvons que le champ rayonné E±(kx) se simplifie de la manière
suivante :

E±(kx) ∝
e−i(kx∓kSP )x1

√
|x1|

[(x̂− ŷ) + (x̂+ ŷ)ei(kx∓kSP )D/
√
2], (5.7)

où ± fait référence à la direction de propagation des plasmons kSP = ±kSP x̂. Fina-
lement, nous vérifions que l’onde décrit les trois états de polarisation ci-dessous :

n = 0 : E±(kx ≈ ±kSP ) ∝ X, (5.8)

n = −1 : E±(kx ≈ 0) ∝ (X ∓ iY)/
√
2, (5.9)

n = −2 : E±(kx ≈ ∓kSP ) ∝ Y. (5.10)

Ce modèle analytique simple confirme le découplage des plasmons en polarisation
circulaire à n = −1 et en polarisation linéaires à n = 0 et −2. Les simulations
théoriques sont présentées dans les encarts de la Fig. 5.4 et sont en accord avec nos
résultats expérimentaux. Elles incluent notamment les effets d’imagerie induits par
les optiques du montage [72]. Nous constatons toutefois des divergences entre nos
mesures et les prédictions théoriques. Nous mesurons des polarisations légèrement
elliptiques sur la Fig. 5.4(d) et une rotation des polarisations linéaires sur les Fig. 5.4
(b) et (h). Ces déviations peuvent provenir d’erreurs expérimentales comme un désa-
lignement du montage optique ou des polariseurs. Comme nous l’avons démontré au
chapitre précédent, des défauts de fabrication peuvent aussi expliquer ces effets de
polarisation [68, 98, 108].

Échantillon B

Passons maintenant à l’analyse de l’échantillon B. La réponse associée à chacun des
réseaux est présentée sur la Fig. 5.5. Comme le réseau RB

1 est identique à RA
1,2 de

l’échantillon A, nous retrouvons les mêmes caractéristiques entre les Fig. 5.4(a-d) et
Fig. 5.5(a-d) : une polarisation circulaire gauche à n = −1, linéaire X à n = 0 et
linéaire Y à n = −2. Cette répétabilité atteste de la robustesse de notre dispositif
à agir comme un polariseur circulaire.

Les états de polarisations mesurés pour le réseau de droite RB
2 sont présentés sur

les Fig. 5.5(f-h). Nous pouvons comprendre ces résultats à partir du réseau RA
2 de
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Figure 5.5 – Analyse polarimétrique de l’échantillon B. (a) Image MEB du ré-
seau RB

1 . (b-d) Distribution d’intensité mesurée dans le plan de Fourier à l’ordre
n=0 (b), -1 (c), -2 (d). Code couleur des ellipses de polarisation : le rouge et le
noire représentent respectivement un spin +1 (polarisation circulaire gauche) et -
1 (polarisation circulaire droite). (e) Image MEB du réseau RB

2 . (f-h) Distribution
d’intensité mesurée dans le plan de Fourier à l’ordre n=-2 (f), -1 (g), 0 (h). Inserts
en bas à gauche : simulations théoriques. Barres d’échelle : 3k0N.A./8. Échelles de
couleur : Intensité (u.a.).

l’échantillon A en raisonnant par symétrie. En effet, comme les réseaux RA
2 et RB

2

sont symétriques par rapport à l’axe Ox, la réponse de RB
2 peut se déduire de RA

2

(Fig. 5.4(f-h)) par symétrie. Aux ordres n = −2 et 0, nous vérifions effectivement
les mêmes états linéaires Y et X pour les deux échantillons. Au centre par contre,
nous obtenons une polarisation circulaire opposée, c’est à dire gauche. Ainsi, pour
une même direction de propagation des plasmons +kSP x̂, nous pouvons donc choisir
d’émettre des photons polarisés R ou L en ajustant orientation des T . Alors que
pour l’échantillon A, les photons émis par les 2 réseaux sont de spins opposés, pour
l’échantillon B, les photons sont émis avec le même spin.

Lors de ce travail, nous avons donc réalisé des polariseurs circulaires, planaires et
tout-plasmoniques. Basé sur le couplage de SHEL inverse, notre dispositif permet
de générer des photons polarisés circulairement dont le spin est déterminé par la
trajectoire des plasmons. Nous proposons maintenant d’utiliser ce système pour
marquer le chemin des plasmons dans une expérience de brouillage d’interférences.
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5.3 Dispositif plasmonique de brouillage d’interfé-

rence

Les tentatives d’approfondir notre compréhension des propriétés quantiques des plas-
mons ont abouti à une large gamme de circuits plasmoniques opérant au niveau
quantique, offrant ainsi de nouvelles opportunités pour construire des systèmes pho-
toniques quantiques intégrés [88]. L’expérience de la gomme quantique vise à démon-
trer le principe de complémentarité entre la connaissance du chemin emprunté par
la particule et l’observation des franges d’interférence [109, 86]. Dans l’étude qui va
suivre, nous avons réalisé une plateforme plasmonique de brouillage d’interférence,
expérience nous avons menée dans le régime classique. Travailler dans le domaine
classique est notamment fondamental pour bien identifier les phénomènes physiques
mis en jeu et contribuera à une meilleure compréhension lorsqu’ils seront appliqués
au régime quantique.

Dans le régime classique, nous vérifions que toute information accessible sur le trajet
emprunté par les plasmons s’accompagne d’une disparition des franges. Dans cette
étude, les ondes émises par les réseaux Ri

1 et Ri
2 (i= A, B) sont maintenant mesurées

simultanément et sans analyse polarimétrique. Nous retirons le filtre spatial M et
les polariseurs d’analyse.

Figure 5.6 – (a-b) Images enregistrées dans le plan de Fourier pour l’échantillon A
(a) et B (b) sans polariseur linéaire. (c) Image enregistrée dans le plan de Fourier
pour l’échantillon A avec polariseur linéaire. (d) Profils d’intensité mesurés selon la
ligne blanche pointillée pour l’échantillon A (courbe bleue) et B (courbe rouge). (e)
Simulations des profils d’intensité pour l’échantillon A (courbe bleue) et B (courbe
rouge). (f) Profil d’intensité mesuré selon la ligne blanche pointillée sur la Fig. (c)
pour l’échantillon A avec polariseur linéaire. Barres d’échelle : k0N.A./16

.
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5.3.1 Discernabilité des plasmons

L’intensité enregistrée sur l’échantillon A est présentée sur la Fig. 5.6(a). Nous détec-
tons au sein des trois ordres de diffraction un motif d’interférence de faible visibilité.
Sur la coupe Fig. 5.6 (d), nous mesurons autour de kx = 0 une visibilité moyenne
< VA >= 0.16± 0.01. Les 2 signaux piqués à kx = ±kSP correspondent à des plas-
mons résiduels qui fuient à travers le film métallique. La différence d’intensité entre
les trois ordres de diffraction et ces deux pics s’explique par à un léger désalignement
du faisceau laser incident.

Une analogie avec l’expérience des fentes d’Young permet de comprendre le brouillage
d’interférence observé. Celle-ci prédit que la connaissance sur le trajet emprunté par
les photons engendre un brouillage des franges d’interférence. En positionnant un
filtre spatial devant l’une des deux fentes 1 ou 2, nous savons par quelle fente sont
émis les photons. Cette information sur le trajet des photons conduit à une visi-
bilité nulle. Remplaçons la double fente par les deux réseaux plasmoniques RA

1 et
RA

2 . Ici, aucun filtre n’est utilisé. Le brouillage d’interférence s’explique par le fait
que l’information sur la trajectoire des plasmons a été stocké dans le spin des pho-
tons émis. Les réseaux émettent des photons de spin +1 pour des plasmons venant
de la droite (Fig. 5.4 (c)), et réciproquement, des spins -1 pour une excitation par
la gauche (Fig. 5.4 (g)). L’information sur le trajet des plasmons est marquée par
chaque réseau. Pris simultanément, cela se traduit par l’émission de deux polari-
sations circulaires opposées. Ces polarisations étant orthogonales, elles ne peuvent
donc pas interférer, d’où le brouillage des franges. Ce marquage du chemin met donc
en évidence la nature corpusculaire des plasmons de surface.

5.3.2 Plasmons indiscernables

Selon le principe de complémentarité, une connaissance précise sur le comportement
ondulatoire des photons implique une perte d’information sur leur nature corpuscu-
laire. Pour démontrer cette propriété, analysons l’échantillon B. Sur la Fig. 5.6 (b),
nous observons qu’au centre de la figure d’interférence, les franges sont beaucoup
plus marquées. La visibilité moyenne correspondante est de < VB >= 0.82±0.01, ce
qui est remarquablement plus élevée que la valeur mesurée pour l’échantillon A. En
effet, quelque soit le chemin suivi par les plasmons, les réseaux RB

1 et RB
2 rayonnent

la même polarisation circulaire gauche (Fig. 5.5 (c), (g)). Etant donné que les pho-
tons ont tous le même spin, le trajet des plasmons n’est plus marqué. Ces photons
indiscernables peuvent donc interférer, ce qui donne lieu au motif d’interférence.

L’information sur la nature corpusculaire des plasmons n’est toutefois pas complè-
tement perdue. Nous constatons une absence de frange dans les ordres latéraux
n = 0,−2. A ces ordres, les champs émis par RB

1 et RB
2 sont polarisés linéaire-

ment et sont orthogonaux. A kx = −kSP par exemple, les plasmons provenant de
la droite sont marqués par une polarisation X, alors que s’ils viennent de la gauche
par une polarisation Y. Ces observations sont en concordance avec les simulations
théoriques présentées sur la Fig. 5.6(e) : alors que l’indiscernabilité des photons au
centre conduit à une perte d’information sur la nature corpusculaire des plasmons, le
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brouillage des franges sur les côtés suggère que l’information n’est pas complètement
détruite.

5.3.3 Expérience classique de la "gomme quantique"

Pour détruire complètement cette information et acquérir une connaissance totale
sur les propriétés ondulatoires des plasmons, nous insérons entre l’échantillon A et le
capteur CCD, un polariseur linéaire orienté à 45◦. Quelque soit l’ordre de diffraction,
les photons émis sont tous polarisés à 45◦, et deviennent alors indiscernables. Cela
se traduit par un motif d’interférence bien défini aux trois ordres diffraction comme
observé sur les Fig. 5.6(c) et (f). Cette restauration des franges d’interférence signifie
que toute information relative au chemin suivi par les plasmons a été effacé.

5.4 Conclusion

En exploitant le mécanisme de SHEL réciproque, nous avons réalisé un polariseur
circulaire plasmonique. Ce dispositif confirme que l’information relative au trajet des
plasmons de surface peut être encodée dans le spin des photons. Les capacités du
système sont testées dans une expérience de brouillage d’interférence pour discuter
la dualité onde-particule des plasmons. Bien que démontré dans le régime classique,
notre dispositif pourrait s’appliquer au régime quantique afin d’approfondir notre
compréhension des propriétés quantiques des plasmons. Ce travail ouvre des pers-
pectives encourageantes pour la manipulation à l’échelle nanométrique de photon
unique à l’aide de dispositifs plasmoniques [85].

Dans ce travail, nous avons exploité le couplage spin-orbite afin de manipuler le mo-
ment angulaire de spin de la lumière. Dans le chapitre suivant, nous nous appuierons
sur ces interactions pour manipuler les moments angulaires orbitaux et générer des
vortex plasmoniques.
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Chapitre 6

Lentilles de vortex plasmoniques
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6.1 Introduction

La sensibilité élevée à la polarisation ainsi que le champ important confiné à la
surface des nanostructures plasmoniques a entrainé l’émergence des lentilles de vor-
tex plasmoniques (Plasmonic Vortex Lens, PVL) dont l’objectif est de manipuler, à
l’échelle sub-longueur d’onde, les différents moments angulaires de la lumière [112].
Par l’intermédiaire du couplage spin-orbite, les structures chirales telles que les spi-
rales plasmoniques permettent notamment de transférer le SAM (Spin Angular Mo-
mentum) d’une onde incidente propagative en une onde de surface de OAM (Orbital
Angular Momentum) donné, ouvrant ainsi de nouvelles opportunités notamment
dans les communications optiques [95] et la nano-manipulation optique [113]. Par
exemple, Tsai et al. ont démontré que selon la polarisation circulaire incidente, une
PVL spirale peut soit piéger une particule, soit la mettre en mouvement de rota-
tion [114]. La mise en forme en vortex des plasmons de surface a été démontrée par
Gorodetski et al. [115] en 2008. Dans ce travail pionnier, une spirale gravée sur un
film métallique est éclairée en champ lointain par une lumière polarisée circulaire-
ment. Le moment angulaire de spin provenant de l’onde d’excitation est transféré
aux plasmons de surface via la PVL. La synthèse des vortex plasmoniques est mise
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Figure 6.1 – (a) De gauche à droite : Schéma du montage SNOM en mode détection,
image MEB de la PVL, distribution en intensité lorsque la PVL est illuminée avec
une polarisation circulaire droite (|σ+〉 = 1) et gauche (|σ−〉 = −1). Tirées de [110].
(b) Image SEM d’une PVL associant métasurface et géométrie spirale pour optimiser
la focalisation des plasmons. Tirées de [36]. (c) Analyse en polarisation de vortex
plasmoniques générés par une PVL achirale. Tirées de [111].

en évidence au moyen d’un SNOM en mode détection. Le montage et les résultats
sont présentés sur la Fig 6.1(a). Ils démontrent que la PVL génère des vortex dont
l’OAM dépend du spin incident : l’intensité bascule d’un minimum à un maximum
central lorsque l’illumination passe de la polarisation circulaire droite à circulaire
gauche. Diverses géométries de PVL ont été proposées par la suite, en combinant
notamment les spirales avec les propriétés locales des métamatériaux [116, 117]. Par
exemple, la "métaspirale", représentée sur la Fig 6.1(b), est inspirée des travaux de
Lin et al. [33] sur la directionnalité radiale des plasmons et rapporte une focalisa-
tion des plasmons avec un meilleur contraste par rapport aux lentilles plasmoniques
conventionnelles, et cela grâce à la sensibilité des structures élémentaires en T avec
le SAM d’excitation [36].

Dans la littérature, les vortex plasmoniques sont en grande partie analysés à l’aide
d’un SNOM en mode collection. Comme mentionné précédemment, cette méthode
de détection rend difficile l’analyse en polarisation du champ plasmon. Pour une
meilleure compréhension et manipulation des vortex plasmoniques, on se propose ici
de mener une analyse complète en polarisation des modes contenus dans les vortex
plasmoniques à l’aide de l’imagerie LRM. Ce travail s’inscrit dans la continuité de
notre étude réalisée en collaboration avec Q. Jiang et A. Zhao sur des PVL achirales
(Fig. 6.1(c)) [38, 111]. Dans ce chapitre, nous allons analyser deux types de PVL :
des cavités spirales formées de sillons continus et des "métaspirales" [36] constituées
de nanostructures en forme de Λ et disposées selon une géométrie spirale. Après
une description analytique du mécanisme de transfert du SAM indicent en OAM
plasmonique, nous examinerons en détail les modes de polarisation et l’adressage
sélectif des vortex plasmoniques selon le SAM et la chiralité des PVL spirales simples
continues. La règle de sélection OAM mise en évidence lors de cette étude sera ensuite
appliquée à la compréhension de PVL plus complexes telles que les métaspirales.
Nous montrerons que les structures élémentaires en V ou Λ offre un degré de liberté
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supplémentaire dans la manipulation les plasmons de surface, en particulier, dans
le contrôle conjoint de l’intensité et de l’état orbital des vortex via la polarisation
circulaire incidente.

6.2 Génération de vortex plasmoniques à partir de

cavités spirales

6.2.1 Protocole expérimental

Figure 6.2 – (a) Principe de le mesure par imagerie LRM. (b) Plan de Fourier : le
rayon du cercle en pointillé est de k0NA. Echelle de couleur : Intensité (u.a.). (c-f)
Images MEB des échantillons.

Les vortex plasmoniques sont générés par des structures en forme de spirales (Fig. 6.2
(d-f)). Ces systèmes sont gravés par FIB sur un film d’or d’épaisseur 50 nm. L’épais-
seur est choisie de manière à pouvoir caractériser les plasmons par imagerie LRM
(Fig. 6.2(a)). Les sillons (largeur moyenne 100 nm) sont excités par un faisceau la-
ser polarisé circulairement Lin ou Rin. Pour bloquer la transmission directe de ce
dernier, nous plaçons un filtre spatial dans le plan de Fourier (Fig. 6.2(b)). Nous
retirons ensuite la lentille de Fourier pour imager les plasmons dans l’espace direct.
Enfin, nous insérons entre la caméra CCD et l’échantillon des filtres polarisant qui
nous permettront de reconstruire la polarisation des vortex plasmoniques. En base
polaire (O, ρ̂, θ̂), une spirale d’Archimède est mathématiquement définie par :

ρ(θ) =
a

2π
mθ avec θ ∈ [θ0 =

2πρ0
am

; θ0 + 2πq], (6.1)

où ρ0 = 2µm est la distance entre le point de départ de la spirale et le centre et
q le nombre de tours effectués. Le pas a = λSP est choisi de manière à maximiser
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l’excitation des plasmons. La charge géométrique m correspond au nombre de bras
de la spirale. En particulier, nous caractériserons des spirales avec m = 1, -2 et
-3. Les résultats obtenus seront comparés à un échantillon de référence non-chiral
(m = 0) constitué de deux cercles concentriques (Fig. 6.2(c)).

6.2.2 Analyse théorique

Figure 6.3 – (a) Notations utilisées dans l’analyse théorique. (b) Fonction de Bessels
J2
l d’ordre l en fonction de V = kspr.

Considérons une PVL de charge géométrique m, illuminée par un champ incident
Ein

s polarisé circulairement droite (S=Rin) ou gauche (Lin). Le dipôle induit au
point N du sillon est donné par :

µN =
(
Ein

s · n̂
)
n̂, (6.2)

avec n̂ la normale à la spirale au point N (Fig. 6.3(a)). Le champ total plasmonique
au point M est calculé en sommant la contribution de tous les dipôles disposés
uniformément le long du sillon :

Esp
s (M) ∝

∫

Spirale

eiksp·r
√

|r|
(µN · r̂)r̂dl, (6.3)

avec r̂ = r/|r|. Déterminons le champ plasmonique produit en un point M pris
proche du centre de la spirale :

• Sachant que a≪ ρ0, une spirale faisant q tours sera décrite comme q cercles
concentriques de rayons ρq = ρN + qma,

• Sachant que ρM ≪ ρ0, nous pouvons considérer que n̂ ≈ r̂ ≈ ρ̂ et ksp · r ≈
kspρq − ksprM cos(ϕ).

Le champ plasmonique exprimé sur la base des polarisations circulaires Rout et Lout

s’écrit :

Esp
s (M) ≃

∑

q

eiksp·ρq

2ρq

∮
eiksprM cos(ϕ)

{
ei(m+s+1)(θM+ϕ)Rout + ei(m+s−1)(θM+ϕ)Lout

}
dϕ.

(6.4)
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Nous en déduisons Esp
s = ERout

s + ELout

s avec :

ERout

s (M) ≃
∑

q

eiksp·ρq

2ρq
ei(m+s+1)θMJm+s+1(V )Rout, (6.5)

ELout

s (M) ≃
∑

q

eiksp·ρq

2ρq
ei(m+s−1)θMJm+s−1(V )Lout, (6.6)

où Jl fait référence à la fonction de Bessel d’ordre l et V = ksprM . Nous avons tracé
sur la Fig. 6.3(b), l’allure des fonctions de Bessel J2

l pour des ordres allant de l = 0
à 5. Les champs décrits respectivement par ERout

s et ELout

s représentent les champs
plasmons mesurés sur les bases circulaires de spin s′ = ±1, lorsque le système est
excité par une polarisation circulaire de spin s = ±1. L’intensité générée au voisinage
du centre de la PVL s’exprime comme suit :

Is
′

s ∝ J2
m+s−s′(V ). (6.7)

Par conséquent, notre modèle prédit qu’en ajustant les paramètres géométriques de
la PVL (m) et en fonction de la polarisation incidente (s), nous pouvons conditionner
le moment angulaire orbital des vortex plasmoniques selon la règle : l = m+ s− s′.
Le couplage spin-orbite est alors régi par une règle de sélection comme indiquée dans
le tableau ci-dessous :

Rout Lout

Rin l=m l=m-2
Lin l=m+2 l=m

Table 6.1 – Règle de sélection OAM pour une PVL de charge géométrique m.

6.2.3 Résultats expérimentaux

Dans les travaux pionniers de Gorodetski et al. [115] et Lin et al. [33], l’influence
du spin incident sur le moment angulaire orbitale a été mis en lumière. Dans la
continuité de ces travaux, nous cherchons ici à caractériser la distribution spatiale
des modes de polarisation contenus dans ces vortex par le biais de l’imagerie LRM et
vérifier expérimentalement la règle de sélection théorique démontrée précédemment.

Lentille plasmonique non-chirale

Analysons tout d’abord les modes plasmoniques générés par un système non-chiral
(m = 0) comme représenté sur l’image MEB de la Fig. 6.2(c). Les images LRM ainsi
que les simulations analytiques sont présentées sur la Fig. 6.4. Lorsque les polarisa-
tions d’entrée et de sortie sont identiques (Rin/Rout et Lin/Lout), le signal présente
un extremum central, soit un OAM nul. Au contraire, entre polariseurs croisés, l’onde
manifeste une singularité au centre, caractéristique d’un vortex optique. En effet, le
système étant non-chiral, les vortex répondent de manière symétrique par rapport
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Figure 6.4 – Analyse polarimétrique du signal LRM pour la PVL achirale (m = 0).
T désigne le temps d’acquisition de l’image. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de
couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.5 – Profils d’intensité mesurés et théoriques (V = kspr) réalisés sur la
PVL achirale (m = 0). 108



au spin incident. Ceci est en accord avec nos prédictions théoriques, que nous avons
résumées dans le tableau ci-dessous (Tab. 6.2) :

m = 0 Rout Lout

Rin J2
0 (V ) J2

−2(V )
Lin J2

2 (V ) J2
0 (V )

Table 6.2 – Règle de sélection OAM pour la PVL achirale.

Par ailleurs, la comparaison entre les modes polarisés linéairement montre qu’ils
présentent une structure identique quelque soit le spin incident. Ils sont tous formés
d’un maximum entouré de 2 lobes latéraux. Seule l’orientation du motif est modifiée.
Cela peut se comprendre intuitivement étant donné que toute polarisation linéaire
peut s’exprimer comme la somme des polarisations R et L.

Pour analyser quantitativement ces diagrammes, nous effectuons une coupe radiale
sur les images projetées sur la bases Rout et Lout. Les barres d’incertitudes corres-
pondent à l’écart type obtenu pour 10 profils d’intensité pris avec différents angles
θ autour de r = 0. Premièrement, on mesure sur les profils (a) et (d) une largeur
à mi-hauteur moyenne φ = 228 ± 26 nm, correspondant à une erreur relative de
4% par rapport à la valeur théorique φtheo = 216 nm. En accord avec [118], on
démontre que les anneaux plasmoniques peuvent focaliser la lumière au delà de la
limite de diffraction. Deuxièmement, nous mesurons le diamètre du premier anneau
rl de la fonction de Bessel d’ordre l. On constate effectivement que la position des
premiers maximums de la fonction J2

2 (V ) s’accordent bien avec l’allure des courbes
expérimentales dont le diamètre moyen mesure r2 = 620 ± 25 nm. Cette valeur
est légèrement supérieure au diamètre théorique r2,theo = 579 nm, soit une erreur
relative de 7%. On remarque toutefois une asymétrie entre les lobes de droite et
de gauche, qui peut s’expliquer par des erreurs expérimentales, comme un tilt de
l’échantillon.

Lentilles de vortex plasmonique chirales

En remplaçant cet échantillon à symétrie rotationelle, par des PVL chirales de
charges géométriques m = 1, -2 et -3, nous pouvons générer une grande diversité
topologique, dont les ordres sont sensibles à l’état de polarisation d’entrée.

m = 1 Rout Lout

Rin J2
1 (V ) J2

−1(V )
Lin J2

3 (V ) J2
1 (V )

Table 6.3 – Règle de sélection OAM pour la PVL m = +1.
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Figure 6.6 – Analyse polarimétrique du signal LRM pour la PVL m = +1. T
désigne le temps d’acquisition de l’image. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de
couleur : Intensité (u.a.).

m=+1 : Les données expérimentales sont présentées sur la Fig. 6.6. Pour une
polarisation incidente Rin, on remarque que le signal plasmonique est dominé par
des modes de polarisation présentant un minimum central. En accord avec la théo-
rie, les diagrammes correspondant à Rout et Lout apparaissent comme des vortex de
diamètre similaire. Bien que cette PVL soit chirale, cette symétrie s’explique par
le fait que les fonctions de Bessel J2

1 (V ) et J2
−1(V ) présentent la même distribution

spatiales. La règle de sélection pour m = 1 est résumée dans le Tab. 6.3.

Contrairement à ce qui a été observé pour la lentille plasmonique circulaire, on
observe qu’en basculant la polarisation d’entrée à Lin, les modes de polarisations
(linéaires et circulaires) sont fondamentalement modifiés. Les signaux Rout et Lout

correspondent à des contenus orbitaux distincts avec une extension spatiale plus
importante dans le cas de Rout.

Quantitativement, on mesure un diamètre moyen r1 = 368 ± 26 nm dont l’erreur
relative négligeable pour le vortex d’ordre l = 1. Pour le vortex d’ordre l = 3, on
mesure r3 = 850±34 nm avec une erreur relative de 8% par rapport à la valeur théo-
rique r3,theo = 790 nm. Les profils d’intensité sont présentés en Annexes A (Fig. A.1).
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Notons que ces résultats diffèrent de ceux rapportés dans [115] : en utilisant un
SNOM en mode détection, les auteurs mesurent pour une spirale m = 1 un signal
total (sans analyse de polarisation) de la forme J2

0 (V ) pour Lin et J2
2 (V ) pour Rin.

En effet, cette technique de mesure est principalement sensible à la composante
normale du champ plasmonique. Celle-ci est donnée en coordonnées radiales (O,r,θ)
par : Ez(r, θ) = E0e

ikzzeilzθJlz(kspr)ẑ, où kz est le vecteur d’onde perpendiculaire à
la surface de l’échantillon. Dans cette configuration, la règle de sélection OAM s’écrit
alors lz = −(s+m). Dans notre cas, l’imagerie LRM mesure la composante planaire
du champ plasmon et est donc régie par une règle de sélection OAM différente.

m=-2 : Alors que les modes d’une spirale m = 1 sont dominés par deux structures
vortex différentes |l| = 1 et 3, on montre ici qu’une PVL de charge supérieure
(Fig. 6.7) permet de produire jusqu’à 3 types de vortex distincts (Tab. 6.4). Les
modes singuliers produits par cette PVL sont présentés sur la Fig. 6.7. Comme
précédemment, des coupes d’intensité ont été effectuées sur les images Rout et Lout

pour déterminer le diamètre des vortex (voir Annexes A, Fig. A.2). Les résultats sont
indiqués dans le Tab. 6.5. Cette même structure permet de générer une focalisation
à la limite de la diffraction J2

0 (V ) mais également des vortex de tailles variables, ce
qui laisse entrevoir des applications possibles dans les communications optiques [5].
Bien que quantitativement, nous retrouvons un bon accord entre le modèle et les
mesures, on peut observer des disparités entre les diagrammes expérimentaux et
théoriques. Cette observation met en évidence que les défauts d’alignement et la
précision des polariseurs sont déterminant dans la structure des vortex obtenus.

m = −2 Rout Lout

Rin J2
−2(V ) J2

−4(V )
Lin J2

0 (V ) J2
−2(V )

Table 6.4 – Règle de sélection OAM pour la PVL de m = −2.

|l| Mesures Théorie Erreur relative
0 219± 4 nm 216 nm 1 %
2 594± 74 nm 579 nm 3 %
4 1055± 23 nm 1000 nm 6%

Table 6.5 – Largeurs à mi-hauteur et diamètres des vortex rl mesurés pour la PVL
m = −2.

m=-3 : Dans notre étude, le cas extrême du couplage spin-orbite optique est
démontré avec une PVL de m = −3 (Fig. 6.2(f)). La tendance que possède le rayon
du vortex à augmenter avec charge géométrique m est clairement mis en évidence
sur la Fig. 6.8. Or, cet élargissement est accompagné d’une diminution d’intensité du
premier anneau. L’analyse d’une spirale avec une charge géométrique élevée révèle
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Figure 6.7 – Analyse polarimétrique du signal LRM pour la PVL m = −2. T
désigne le temps d’acquisition de l’image. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de
couleur : Intensité (u.a.).

la diversité des modes vortex qu’on peut produire avec ces systèmes ainsi que la
capacité de la technique LRM à détecter des moments angulaires supérieurs de faible
intensité, ici jusqu’à |l| = 5. La manipulation des états orbitaux est résumée dans
le Tableau 6.6. En polarisation circulaire croisée, l’état du spin incident permet
d’adresser la partie orbitale en passant d’un ordre l = 1 à un ordre 5 fois plus
élevé. Les mesures des diamètres des vortex sont regroupées dans le Tab. 6.7 (voir
Annexes A, Fig. A.3 pour les profils d’intensité). On constate que nous pouvons
produire des vortex dont les diamètres peuvent atteindre environ 1.2 µm.

m = −3 Rout Lout

Rin J2
−3(V ) J2

−5(V )
Lin J2

−1(V ) J2
−3(V )

Table 6.6 – Règle de sélection OAM pour une PVL de charge géométrique m = −3.

Enfin, dans le but de comparer quantitativement la dépendance du diamètre rl avec
l’ordre des vortex, nous avons reporté les données expérimentales prises sur les PVL
m = 0, +1, -2 et -3 sur le graphe Fig. 6.9. On remarque que rl suit fidèlement les
prédictions théoriques, à l’exception de |l| = 2 et 3. Comme nous le verrons par la
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Figure 6.8 – Analyse polarimétrique du signal LRM pour la PVL m = −3. T
désigne le temps d’acquisition de l’image. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de
couleur : Intensité (u.a.).

|l| Mesures Théorie Erreur relative
1 361± 18 nm 368 nm 2%
3 817± 4 nm 789 nm 7%
5 1263± 41 nm 1210 nm 4%

Table 6.7 – Largeur à mi-hauteur et diamètres des vortex rl.

suite et en accord avec [36], il est possible d’améliorer la qualité des vortex produits
à l’aide de PVL formées de V ou Λ. Par exemple, en polarisations linéaires, bien
qu’on puisse reconnaître les motifs globaux prévus par la théorie, il est toutefois
difficile de discerner les lobes latéraux. Les "métaspirales" permettront d’améliorer
le contraste des images et d’observer les traits caractéristiques des vortex avec une
meilleure résolution.

Bilan

En adéquation avec la littérature, nous avons démontré la synthèse de vortex plasmo-
niques à l’aide de cavités plasmoniques spirales. Notre méthode basée sur l’imagerie
LRM apparait comme une méthode complémentaire pour examiner les transferts
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Figure 6.9 – Diamètres moyens du pic central et des vortex en fonction de l’ordre
de la fonction de Bessel |l| mesurés sur les PVL m = 0, 1, -2 et -3.

de SAM aux plasmons de surface et présente l’avantage de pouvoir s’affranchir des
contraintes liées au régime champ proche. En travaillant en espace libre, nous pou-
vons donc acquérir une information supplémentaire sur les modes de polarisation
contenus dans les vortex et conduire des mesures quantitatives sur les différents
profils spatiaux.

6.3 "Métaspirales" : des lentilles convergentes de

vortex plasmoniques

Figure 6.10 – Images MEB des échantillons. Barre d’échelle : 2µm.

A partir de cette analyse détaillée des lentilles de vortex plasmoniques, nous pou-
vons maintenant nous consacrer à l’étude de systèmes plus complexes tels que les
métaspirales. Lorsque la PVL est formée d’un sillon continu, une proportion égale
de plasmons se propage vers l’intérieur et l’extérieur du système. Or, pour des ap-
plications en microscopie par exemple, le pouvoir de focalisation des PVL est un
paramètre crucial car il peut conditionner le rapport signal sur bruit ainsi que la
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résolution des images [36]. Il a été montré précédemment [33, 38, 111] que la di-
rectionnalité radiale peut être contrôlée via le spin incident par l’intermédiaire de
nano-ouvertures en forme de Λ disposées selon un cercle. En manipulant localement
la phase, on peut créer une lentille plasmonique qui sera convergente ou divergente
selon le spin incident.

Dans les travaux antérieurs cités ci-dessus, la symétrie rotationelle des anneaux est
brisée par l’orientation des Λ. En arrangeant ces Λ non pas en cercle mais selon
une spirale, nous pouvons ajouter un deuxième degré de chiralité aux structures et
ainsi favoriser la formation d’un vortex spécifique. Sur la Fig. 6.10, nous présentons
les quatre configurations chirales possibles pour une PVL en spirale : considérons
la nanostructure élémentaire située à r = (ρ0; 0) (encadrée en blanc). Celle-ci peut
être orientée soit vers le bas comme un V soit vers le haut comme un Λ. A cela nous
combinons la charge géométrique de la spirale qui peut prendre les valeurs m = ±2,
ce qui engendre quatre énantiomères. Pour une polarisation incidente donnée Rin ou
Lin, les plasmons seront concentrés selon que la spirale est composée de V ou de Λ.
Le contenu orbital du vortex sera quant à lui conditionné par la charge géométrique
de la spirale m.

6.3.1 Analyse théorique

Pour prédire la réponse de ces métaspirales, nous nous appuyons sur le raisonnement
précédent, élaboré pour les PVL spirales continues, et y intégrons le modèle multi-
dipolaire développé dans [38]. En sommant la contribution de chaque dipôle induit
par une nano-ouverture Λ ou V , nous en déduisons le champ plasmonique total au
voisinage de la métaspirale Esp

s = ERout

s + ELout

s où :

ERout

s (M) ≃ Cs

∑

q

eiksp·ρq

2ρq
ei(m+s+1)θMJm+s+1(V )Rout, (6.8)

ELout

s (M) ≃ Cs

∑

q

eiksp·ρq

2ρq
ei(m+s−1)θMJm+s−1(V )Lout, (6.9)

soit l’intensité des vortex correspondant :

Is
′

s ∝ |Cs|2J2
m+s−s′(V ), (6.10)

où V = ksprM . L’intégration continue sur la spirale se justifie par le fait que la
période entre deux nanostructures est fixée à λsp/2 ≪ ρ0.

Nous rappelons que l’efficacité du système à concentrer les plasmons au centre est
caractérisée par le facteur de directivité Cs. Pour le cas d’un Λ où le demi-angle
entre les deux bras vaut α = 45◦, il est défini par :

CΛ
s =(nx

1 + isny
1) · nx

1 + (nx
2 + isny

2) · nx
2e

ikspD/
√
2 (6.11)

=(1 + s)(1 + i), (6.12)

avec n̂1 = (1; 1)T1/
√
2, n̂2 = (−1; 1)T1/

√
2 les normales aux grands axes des rec-

tangles formant les Λ, s = ±1 le spin incident. Nous avons simplifié le modèle et
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négligé la contribution du dipôle mineur (β = 0) afin de dégager une interprétation
intuitive de la réponse des PVL. Nous en déduisons :

CΛ
−1 ≪ CΛ

+1 ⇒ Is
′

−1 ≪ Is
′

+1. (6.13)

Cela signifie qu’au voisinage du centre de la PVL, les modes vortex générés par
un spin s = +1 (Lin) est dominant par rapport à ceux produits par une excita-
tion s = −1 (Rin). Réciproquement, nous déterminons la directivité associée à une
nanostructure V en inversant le rôle de n̂1 et n̂2 :

CV
s = (1− s)(1− i) ⇒ CV

+1 ≪ CV
−1. (6.14)

L’intensité des vortex d’une métaspirale formée de V est plus élevée lorsque celle-ci
est éclairée par un spin s = −1 (Rin) que par s = +1 (Lin).

6.3.2 Résultats expérimentaux

Dans ce paragraphe, nous présentons les résultats mesurés sur une métaspirale de
charge géométrique |m| = 2. Le demi-angle entre les deux bras est de α = 60◦.
Cette valeur est basée sur notre étude antérieure [38] qui démontre une direction-
nalité optimale pour cet angle. La reproductibilité de la méthode expérimentale est
confirmée en examinant une métaspirale de charge géométriques |m| = 1, dont les
résultats sont disponibles en Annexes C. Dans un souci d’exhaustivité, nous compa-
rons ici les résultats obtenus pour chaque métaspirale (Fig. 6.11, 6.14, 6.17, 6.20).
Nous chercherons notamment à vérifier expérimentalement l’Eq. 6.10.

Observons tout d’abord l’intensité plasmonique totale, c’est à dire sans analyse de
polarisation (Fig. 6.11-6.20(b)). D’une part, on constate que lorsque la PVL est
constituée de Λ (comme les échantillons A et C), la focalisation est observée pour
une polarisation incidente Lin (Fig. 6.11(b)(ii), 6.17(b)(ii)). On distingue claire-
ment le motif résultant des interférences des plasmons au centre : des anneaux
concentriques pour A et un maximum central pour C. En revanche, pour une inci-
dence Rin, le signal est délocalisé et se répartit sur toute la surface de l’échantillon
(Fig. 6.11(b)(i), 6.17(b)(i)). Ce comportement est dû à la directionnalité radiale des
nanostructures Λ : CΛ

−1 ≪ CΛ
+1, ce qui entraîne une focalisation des plasmons pour

s = +1 alors que pour s = −1, les plasmons vont interférer destructivement. En
accord avec notre modèle et nos travaux précédents sur les cercles [38, 111], l’orien-
tation des Λ rompt la symétrie rotationelle du système d’où la dépendance avec le
spin incident de l’intensité plasmonique au centre.

Inversement, les PVL formées de V (échantillons B et D) focalisent les plasmons
lorsqu’elles sont éclairées avec une polarisation Rin (Fig. 6.14(b)(i), 6.20(b)(i)). En
réalisant des coupes d’intensité, comme indiqué en pointillé, sur les diagrammes pré-
sentant des maxima centraux, nous estimons un rapport d’extinction moyen de 0.52.
Cette valeur concorde bien avec [36].

D’autre part, comme prévu par nos résultats sur les PVL continues, la structure des
vortex manifeste également une dépendance avec la charge géométrique m = ±2.
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Figure 6.11 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b) Mesures et simulations sans ana-
lyse de polarisation. Polarisation incidente Rin ou Lin. Les flèches jaunes indiquent
la direction de propagation des plasmons et la spirale verte indique la position des
nanostructures. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.12 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b)
théoriques pour l’échantillon A. Polarisation incidente Lin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.13 – Profils d’intensité analysés en polarisation (a) Rout et (b) Lout. Po-
larisation incidente Lin.
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Figure 6.14 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b) Mesures et simulations sans ana-
lyse de polarisation. Polarisation incidente Rin ou Lin. Les flèches jaunes indiquent
la direction de propagation des plasmons et la spirale verte indique la position des
nanostructures. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.15 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b)
théoriques pour l’échantillon B. Polarisation incidente Rin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.16 – Profils d’intensité analysés en polarisation (a) Rout et (b) Lout. Po-
larisation incidente Rin.
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Figure 6.17 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b) Mesures et simulations sans ana-
lyse de polarisation. Polarisation incidente Rin ou Lin. Les flèches jaunes indiquent
la direction de propagation des plasmons et la spirale verte indique la position des
nanostructures. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.18 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b)
théoriques pour l’échantillon C. Polarisation incidente Lin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.19 – Profils d’intensité analysés en polarisation (a) Rout et (b) Lout. Po-
larisation incidente Lin.
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Figure 6.20 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b) Mesures et simulations sans ana-
lyse de polarisation. Polarisation incidente Rin ou Lin. Les flèches jaunes indiquent
la direction de propagation des plasmons et la spirale verte indique la position des
nanostructures. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.21 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b)
théoriques pour l’échantillon D. Polarisation incidente Rin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure 6.22 – Profils d’intensité analysés en polarisation (a) Rout et (b) Lout. Po-
larisation incidente Rin.
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En effet, bien que les échantillons A et C soient formés des mêmes nanostructures
Λ, les spirales ont une orientation opposée : m < 0 pour A et m > 0 pour C .
Cela entraine une distribution d’intensité sous forme d’un maximum central pour A
ou sous forme d’un anneau pour C. Cette asymétrie est due à la chiralité m de la
spirale qui détermine l’état orbital des vortex selon la même règle de sélection que
précédemment : l = m+ s− s′.

Enfin, nous présentons sur les Fig. 6.12, 6.15, 6.18, 6.21, l’analyse en polarisation
des modes contenus dans les vortex lorsque les plasmons convergent vers le centre
de la structure (les données correspondant à la divergence des plasmons, vers l’ex-
térieur de la PVL, sont disponibles en Annexes B). On constate tout d’abord que
le contraste nous permet de vérifier un très bon accord avec les simulations. Nous
distinguons aisément les lobes latéraux et cela même en polarisation linéaire. Les
nano-ouvertures permettent de limiter la transmission directe du faisceau incident
et de nettoyer le signal plasmonique utile de la lumière parasite [36]. Cet accord est
analysé quantitativement en polarisation circulaire via les profils d’intensité présen-
tés sur les Fig. 6.13, 6.16, 6.19, 6.22. L’allure des courbes mesurées ainsi que la taille
des vortex s’accordent bien avec la théorie. Ainsi, en disposant ces nanostructures
en V et Λ selon une géométrie spirale, nous acquérons un degré supplémentaire sur
l’adressage des vortex, pour lesquels la concentration ne sera favorisée que pour un
spin incident donné.

Par exemple, analysons plus en détail la réponse de l’échantillon B. Ce dernier
concentre les plasmons sous incidence Rin et est décrit par :

IB−1 ∝ |CV
−1|2

(
J2
2 (V ) + J2

0 (V )
)
, (6.15)

IB1 ∝ |CV
1 |2
(
J2
2 (V ) + J2

4 (V )
)
, (6.16)

où CV
+1 ≪ CV

−1. Les mesures sur les bases Rout et Lout (Fig. 6.15) concordent effec-
tivement avec les fonctions de Bessel J2

0 (V ) et J2
4 (V ). Précisons que pour prédire

intuitivement la réponse de cette PVL, nous avons négligé la contribution du dipôle
mineur. Or le signal mesuré sous incidence s = +1 n’est pas totalement nul car
nous devons tenir compte du facteur de forme β. Cela est pris en compte dans nos
simulations qui reproduisent avec fidélité l’allure des diagrammes expérimentaux.

Par ailleurs, si on souhaite réaliser une focalisation, non pas sur un maximum d’in-
tensité, mais sur un mode singulier, nous pouvons exciter la spirale de charge opposée
m = −2, tout en gardant l’orientation des V , ce qui correspond à l’échantillon D. Le
vortex ainsi produit est caractérisé par des anneaux concentriques intenses et bien
définis (Fig. 6.21(i)), décrits par : ID−1 ∝ |CV

−1|2 (J2
2 (V ) + J2

4 (V )).

Enfin, sur la Fig. 6.18, nous présentons la réponse de l’échantillon C, c’est à dire
l’énantiomère de B. L’énantiomère correspond à une orientation des nano-ouvertures
et une charge géométrique contraires à celles de B, soit à une PVL composée de Λ
disposés selon une spirale m = −2. Nous trouvons une réponse diamétralement
opposée à celle l’échantillon B avec des plasmons qui divergent pour Rin dont la
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distribution spatiale résiduelle est décrite par la somme de J2
2 (V ) et J2

4 (V ).

Finalement, cette étude démontre que les métaspirales permettent d’adresser simul-
tanément la partie orbitale et l’intensité des vortex plasmoniques à travers le spin
incident.

6.4 Conclusion et perspectives

Figure 6.23 – (a) Simulations des ellipses de polarisation pour une lentille plasmo-
nique circulaire éclairée avec une polarisation circulaire Rin. (b) Sphère de Poincaré
traçant l’évolution de l’état de polarisation selon une trajectoire radiale et (c) azi-
mutale, comme indiquée sur (a) par les flèches rose, jaune et bleu, respectivement.
Les points verts et rouges marquent respectivement la position de départ et de fin
de la trajectoire.

Nous avons montré que l’imagerie LRM est un outil puissant pour l’étude quan-
titative et polarimétrique des vortex plasmoniques. D’une part, nous avons mis en
évidence, de manière théorique puis expérimentale, l’influence de la chiralité des len-
tilles de vortex plasmoniques sur le couplage spin-orbite. Un examen quantitatif des
cartographies de polarisation a montré que le profil radial des vortex suivait effec-
tivement une règle de sélection OAM, conditionnée par la charge géométrique de la
spirale et l’état de polarisation incident. D’autre part, la compréhension de ces PVL
simples nous a permis de prédire la réponse plus complexe des métaspirales. Nous
avons ainsi ajouté un degré de chiralité supplémentaire aux PVL chirales en les struc-
turant avec des nano-ouvertures en forme de V ou Λ. Ce travail a permis de montrer
que les métaspirales offrent la capacité de manipuler de manière conjointe l’intensité
et l’état orbital du vortex plasmonique par le biais de la polarisation incidente, ce
qui pourrait ouvrir des perspectives intéressantes dans la nano-manipulation optique.

Durant ce projet, nous nous sommes concentrés sur l’influence de la chiralité sur les
singularités de phase du champ plasmonique. Les résultats obtenus suggèrent que
l’étude pourrait être étendue à d’autres types de singularités telles que les vortex
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Figure 6.24 – (a) Reconstruction des ellipses de polarisation à partir des données
expérimentales pour une lentille plasmonique circulaire, éclairée avec une polarisa-
tion circulaire Rin. (b) Sphère de Poincaré traçant l’évolution de l’état de polarisa-
tion selon une trajectoire radiale comme indiquée sur (a) par la flèche blanche. Les
points verts et rouges marquent respectivement la position de départ et de fin de la
trajectoire.

de polarisation [119]. En effet, on pourrait mettre à profit notre technique pour re-
construire les variations spatiales du vecteur polarisation associé aux plasmons de
surface, à l’étude de la chiralité sur les L-lines et les C-points, c’est à dire des zones
de l’espace où le sens de rotation et l’orientation de l’ellipse de polarisation ne sont
pas définis ou varient subitement. Ce projet est actuellement en cours. Pour explorer
ce nouveau champ d’étude, j’ai mis oeuvre une simulation permettant de visualiser
sur la sphère de Poincaré l’évolution de la polarisation des vortex plasmoniques sur
le long d’une trajectoire radiale ou azimutale. Les singularités de polarisations se
situent au niveau des pôles (S1 = S2 = 0) ou à l’équateur (S3 = 0). Les résultats
préliminaires pour une PVL achirale sont présentées sur la Fig. 6.23. On constate
par exemple que lorsqu’on se déplace selon une trajectoire radiale sur la Fig. 6.23(a),
le champ balaye le méridien S2 = 0 et passe par une multitude d’états de polarisa-
tion. En revanche, seule l’orientation de l’ellipse est modifiée lors d’un déplacement
selon l’azimut et l’état de polarisation évolue le long d’un parallèle sur la sphère de
Poincaré.

J’ai ensuite testé cette étude sur les résultats mesurés sur la PVL circulaire. D’après
les intensités enregistrées sur chaque état de polarisation, j’ai calculé les paramètres
de Stokes pour reconstruire les ellipses de polarisation (Fig. 6.24(a)). Sur la Fig. 6.24
(b), nous avons tracé l’évolution de la polarisation sur la sphère de Poincaré selon
une trajectoire radiale. On constate que celle-ci diffère fortement des prédictions
théoriques de la Fig. 6.23(b) : la polarisation ne suit pas une trajectoire dans un plan
défini par le méridien S2 = 0 mais évolue suivant un chemin complexe et selon les
trois directions de l’espace sur la sphère de Poincaré. Nous attribuons ces disparités
aux erreurs expérimentales provenant de la précision des polariseurs et aux erreurs
de focalisation et d’alignement, qui nécessitent donc d’être corrigées pour améliorer
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la précision des mesures. L’idée serait alors d’appliquer cette analyse aux données
expérimentales obtenues sur les PVL chirales. Ce nouveau projet de recherche laisse
entrevoir des pistes intéressantes pour la génération de vortex vectoriels au moyen
de structures plasmoniques chirales [120, 121].
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Annexe A

Profils d’intensité des PVL chirales

Nous présentons dans cette annexe, les profils d’intensité correspondant au PVL
m = +1, -2 et -3, à partir desquels nous avons mesuré les diamètres des vortex
mentionnés dans le corps du texte.

Figure A.1 – Profils d’intensité mesurés et théoriques (V = kspr) réalisés sur la
PVL m = 1.
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Figure A.2 – Profils d’intensité mesurés et théoriques (V = kspr) réalisés sur la
PVL m = −2.
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Figure A.3 – Profils d’intensité mesurés et théoriques (V = kspr) réalisés sur la
PVL m = −3.
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Annexe B

Métaspirales pour un faisceau

plasmonique divergeant

Nous présentons dans cette annexe les mesures réalisées sur les échantillons A, B,
C et D lorsque les plasmons sont dirigés vers l’extérieur de la PVL. L’intensité au
centre est donc beaucoup plus faible que dans le cas d’une directionnalité vers le
centre, ce qui nécessite un temps d’intégration plus élevé. Dans cette configuration le
signal est très faible et la structure des vortex est moins bien définie. Nous retrouvons
cependant un bon accord entre la théorie et l’expérience.

Figure B.1 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b) théo-
riques pour l’échantillon A. Polarisation incidente Rin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Figure B.2 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b) théo-
riques pour l’échantillon B. Polarisation incidente Lin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

Figure B.3 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b) théo-
riques pour l’échantillon C. Polarisation incidente Rin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Figure B.4 – Analyse polarimétrique des images LRM (a) expérimentales, (b) théo-
riques pour l’échantillon D. Polarisation incidente Lin. Barres d’échelle : 500 nm.
Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Annexe C

Génération de vortex plasmoniques

par des métaspirales |m| = 1

Cette annexe est consacrée à la caractérisation des métaspirales |m| = 1. Comme
discuté dans le corps du manuscrit, celles-ci se présentent sous quatre formes, qui se
distinguent par le sens de rotation de la spirale ±1 et l’orientation des nanostructures
suivant Λ ou V . Chacune de ces structures est excitée avec une polarisation incidente
Rin et Lin. Le signal plasmonique résultant est ensuite analysé sur toutes les bases
de polarisation.

Figure C.1 – (a) Images MEB de l’échantillon. (b) Analyse polarimétrique des
images LRM expérimentales et théoriques. Polarisation incidente Rin et Lin. Barres
d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Figure C.2 – (a) Images MEB de l’échantillon. (b) Analyse polarimétrique des
images LRM expérimentales et théoriques. Polarisation incidente Rin et Lin. Barres
d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Figure C.3 – (a) Images MEB de l’échantillon. (b) Analyse polarimétrique des
images LRM expérimentales et théoriques. Polarisation incidente Rin et Lin. Barres
d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Figure C.4 – (a) Images MEB de l’échantillon. (b) Analyse polarimétrique des
images LRM expérimentales et théoriques. Polarisation incidente Rin et Lin. Barres
d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Chapitre 7

LDOS optique chirale dans des

cavités plasmoniques spirales
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7.1 Introduction

L’amélioration des techniques de spectroscopie chirale reste une tâche difficile pour
l’industrie pharmaceutique et la science biomoléculaire. La discrimination énantio-
mérique repose sur le fait que les molécules chirales interagissent différemment avec
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la lumière polarisée circulairement gauche et droite. Cet effet est connu sous le nom
de dichroïsme circulaire (CD). Cependant, leur réponse chiroptique tend à être très
faible. L’amélioration des interactions entre la lumière et les molécules chirales fait
donc l’objet d’intenses recherches [122, 83, 123]. En 2010, Hendry et al. ont no-
tamment mesuré un accroissement de la réponse CD de protéines adsorbées dans
des nanostructures chirales métalliques [60]. Plus précisément, ils rapportent une
différence entre les indices effectifs de réfraction des échantillons chiraux 106 fois
supérieure à celle obtenue en polarimétrie classique. Ces possibilités suscitent donc
un grand intérêt dans le domaine de la plasmonique chirale [14, 124, 125, 3]. Cette
sensibilité accrue repose notamment sur des champs électromagnétiques dit "super-
chiraux" pouvant être générés au voisinage de structures plasmoniques chirales. En
effet, au-delà d’une sensibilité à la polarisation circulaire, une réponse CD renforcée
a été démontrée avec des faisceaux fortement chiraux, appelés lumière superchirale,
ce qui a notamment motivé l’étude et la génération de champs électromagnétiques
sculptés [126, 127, 128].

Pour décrire ces champs de plus en plus complexes et fortement chiraux, Tang et al.
ont récemment proposé d’utiliser la densité de chiralité χ et le flux de chiralité Φ,
comme observables de la densité locale de chiralité optique [126]. Initialement intro-
duites par Lipkin [129], plusieurs études récentes portant sur la signification physique
de ces quantités ont révélé un lien entre ces grandeurs avec le taux différentiel d’ex-
citation de molécules chirales et les forces chirales [130, 131, 101]. Parallèlement, SJ.
Yoo et Q.-H. Park ont récemment étendu le facteur de Purcell au couplage entre la

lumière avec des molécules chirales [132] : FC =
3

4π2

λ0
n

3 Q

VC
où λ0 est la longueur

d’onde de résonance et n l’indice de réfraction. Les paramètres de cavité sont décrits
par le facteur de qualité Q et le volume modal chiral VC .Ils représentent respective-
ment le confinement temporel et spatial de l’hélicité de la lumière. Ainsi, le facteur
de Purcell chiral FC décrit la différence entre le taux d’émission spontanée d’une
molécule chirale lorsqu’elle est couplée aux polarisations circulaires droite et gauche
de la cavité.

Dans ce contexte, l’objectif de ce chapitre est de connecter les figures de mérite de
la chiralité optique au concept de densité locale d’états optique (Local Density Of
States, LDOS). Par définition, la LDOS fournit une description électromagnétique
du milieu environnant pour caractériser les modes optiques d’émission disponibles
pour un émetteur à une position donnée [133, 134, 135]. Alors que le facteur de
Purcell chiral, ainsi que de nombreux travaux rapportés dans la littérature sur la
LDOS, se concentrent principalement sur la mesure du taux de décroissance des
émetteurs [132], une compréhension globale des interactions lumière-matière im-
plique également d’examiner la LDOS selon des critères de directivité et de pola-
risation [136, 137]. Ainsi, notre travail repose sur une analyse polarimétrique de la
LDOS. Il a pour but de révéler le comportement chiral des modes singuliers asso-
ciés à des cavités plasmoniques spirales. Les structures plasmoniques spirales ont
notamment reçu une attention particulières [18, 138, 139] en raison de leur capacité
à contrôler des propriétés d’émission de sources quantiques telles que le spin et la
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directivité [140, 110] et, comme nous l’avons vu, à générer des vortex plasmoniques
de moment angulaire orbital (OAM) donné [138, 115]. Le contrôle de ce degré de
liberté supplémentaire devrait, par ailleurs, trouver des applications intéressantes
dans le piégeage optique [114] et les systèmes de communication optiques [141, 26].

Au moyen d’un SNOM en mode illumination, nous montrons d’une part que les
composantes planaires et normales de la LDOS partielle sont sensibles à la pola-
risation circulaire et donnent lieu à des vortex optiques. Pour cela, la LDOS est
mise en évidence par une pointe SNOM classique à ouverture, puis à l’aide d’une
sonde quantique constituée d’un nanodiamant contenant des centres NV. L’utili-
sation d’un émetteur quantique présente notamment des perspectives intéressantes
pour la manipulation des propriétés d’émission de source à photon unique. D’autre
part, après avoir établi le lien entre les paramètres de chiralité optique avec le de-
gré de polarisation circulaire, nous caractérisons la densité et le flux de chiralité
des modes propagatifs de la LDOS. Par analogie avec le théorème de Poynting,
ces quantités lorsqu’elles sont appliquées à la LDOS, décrivent la capacité d’une
source à "dissiper" la chiralité à une position donnée. Enfin, en utilisant le théo-
rème de réciprocité [135, 142], nous discuterons des propriétés chirales du champ
proche plasmonique [127]. Nous montrerons que des informations cruciales peuvent
être extraites de nos mesures de LDOS radiatives. En effet, sonder ces grandeurs en
champ proche constitue un enjeu majeur notamment pour l’optimisation des cou-
plages entre la lumière chirale et les molécules chirales [143, 144, 145]. La méthode
proposée pour la caractérisation de la chiralité de la LDOS pourrait notamment
être utile pour la génération de lumière superchirale et des forces optiques dans la
conception de capteurs de chiralité performant.

7.2 Concept de densité locale d’états optique

Après une brève introduction sur les concepts généraux de la densité locale d’états
optique (LDOS), nous allons discuter de façon non exhaustive des travaux majeurs
existant dans la littérature se rapportant en particulier à la méthode SNOM pour
sonder la LDOS.

7.2.1 Notion de LDOS

En 1970, Drexhage a montré que les propriétés d’émission d’une source peuvent
fortement varier selon sa disposition dans le milieu dans lequel elle est placée [146].
En particulier, ces travaux montrent qu’une surface métallique placée au voisinage de
l’émetteur peut modifier sa distribution angulaire d’émission. Son taux de relaxation
dépend également de sa distance et de son orientation par rapport à cette surface [12].
Si on considère un système simplifié à deux niveaux (Fig. 7.1), la probabilité de
trouver le dipôle dans l’état excité est donnée par P (t) ∝ e−t/τ , où τ = 1/Γ est le
taux d’émission spontanée et Γ le taux de transition de l’état initial à l’état final.
Dans ce modèle simple à 2 niveaux, Γ décrit les transitions radiatives du système.
D’après la règle d’or de Fermi, la modification de la durée de vie de l’émetteur
quantique dans un environnement donné est décrite par Γ/Γ0 (où Γ0 représente le
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Figure 7.1 – Champ rayonné par un dipôle.

taux de relaxation dans le vide) et :

Γ =
πω

3~
| peg |2 ρp(r0, ω), (7.1)

avec r0 la position du dipôle, ω sa fréquence d’émission et peg l’élément de matrice
de transition (système d’unité de Lorentz). La LDOS partielle, notée ρp(r0, ω), ca-
ractérise les canaux disponibles d’émission (radiatifs et non radiatifs) pour un dipôle
d’orientation p̂ = p/|p| = pxx̂+ pyŷ + pz ẑ et positionné à r0. Elle est donnée par :

ρp(r0, ω) =
6ω

πc2
ℑ{p̂ ·G(r0, r0, ω) · p̂}, (7.2)

où G désigne la fonction de Green. La somme sur toutes les orientations du dipôle
permet de définir la LDOS totale, notée ρtot(r0, ω) :

ρtot(r0, ω) = ρpx(r0, ω) + ρpy(r0, ω) + ρpz(r0, ω). (7.3)

A la différence de la densité d’états optique (Density of States, DOS) qui déter-
mine la probabilité de détecter la puissance émise à une fréquence ω soit ρ(ω) =∑

n δ(ωn − ω), la LDOS tient compte de la position de la source r0 : ρp(r0, ω) =∑
n |En(rn)|2δ(ωn − ω). Ainsi, les canaux possibles d’émission sont pondérés par la

façon dont l’orientation et la position du dipôle source peuvent s’accorder aux modes
disponibles dans cet environnement.

Nous rappelons que la LDOS décrit aussi la modification de l’intensité lumineuse
due au milieu environnant. En régime monochromatique, la puissance rayonnée par
un émetteur P = ~ωΓ s’écrit :

P =
2ω3

c2
|p|2ℑ{p̂ ·G(r0, r0, ω) · p̂} =

πω2

3
|p|2ρp(r0, ω). (7.4)

Cette propriété sera notamment exploitée pour relier nos mesures d’intensité aux
cartographies de LDOS optiques.
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En résumé, les Eq. 7.1 et 7.2 mettent en valeur que l’émission dépend non seulement
de la source (|p|2) mais qu’elle peut aussi être façonnée par le système optique dans
lequel elle est placée (ρp(r0, ω)). La LDOS décrit l’influence de l’environnement sur
les propriétés d’émission selon la position et l’orientation du dipôle comme suit :

Γ

Γ0

=
P

P0

=
6πc

ω
ℑ{p̂ ·G(r0, r0, ω) · p̂} =

π2c3

ω2
ρp, (7.5)

où Γ0 =
ω3

π2~c3
|peg|2 et P0 =

ω4

3πc3
|p|2 sont respectivement les taux de relaxation et

la puissance cédée par le dipôle dans le vide.

Précisons que pour décrire complètement l’interaction d’un dipôle avec son milieu,
le couplage dipolaire magnétique (à la fréquence ω) doit, en toute rigueur, être pris
en compte dans la LDOS. Par exemple, Aigouy, et al. rapporte expérimentalement
la mesure simultanée des transitions électriques et magnétiques à l’aide d’une pointe
SNOM fonctionnalisée avec un nanocristal de Eu3+ [147]. De plus, la LDOS, qui dé-
crit les interactions radiatives et non radiatives avec le milieu, doit être sommée sur
toutes les directions du dipôle. Dans le cadre de ce travail, nous nous intéresserons
uniquement à la distribution spatiale des modes radiatifs. La LDOS sera mesurée
dans le champ lointain, pour une orientation spécifique du dipôle et nous limite-
rons notre étude à la contribution dipolaire électrique de sorte que G(r, r0, ω) fera
référence à la contribution dipolaire électrique.

7.2.2 Techniques optiques pour la mesure de la LDOS

Depuis les travaux de Drexhage, de nombreuses études ont été consacrées au contrôle
de la LDOS via des couplages plasmoniques. Nous avons vu que la mesure de la
LDOS nécessite de pouvoir sonder le système optique à l’aide une source dipolaire.
Parmi les techniques classiques rapportées dans la littérature, la plupart reposent
sur des méthodes de microscopie en champ proche pour sonder la LDOS optique.
En 2000, Dereux, et al. montrent théoriquement que les cartographies obtenues par
SNOM permettent de remonter aux propriétés fondamentales associées à la LDOS
optique [150, 133]. En particulier, le dipôle source induit par une sonde SNOM en
mode illumination offre la possibilité de caractériser la LDOS partielle. En 2002,
Chicanne, et al. [134] en réalisent la démonstration expérimentale et cartographient
la LDOS partielle d’une structure, composée de nanoparticules disposées en enclos,
grâce à un SNOM utilisé en champ sombre comme illustré sur la Fig. 7.2(a-b). La
polarisation du faisceau laser injecté dans la sonde SNOM est alignée selon x̂ (res-
pectivement ŷ) afin de mesurer la LDOS partielle ρx (resp. ρy). Combinées avec une
analyse polarimétrique, nos expériences s’appuient sur cette approche expérimentale
pour révéler les effets de la chiralité d’une cavité sur la LDOS partielle.

Comme discuté précédemment, la LDOS totale peut être déterminée en mesurant
le temps de vie de l’émetteur selon l’Eq. 7.1. On peut distinguer deux techniques
basées sur cette approche. Une première méthode consiste à disperser des molécules
fluorescentes sur une surface puis à scanner une structure plasmonique placée ou
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Figure 7.2 – (a) Montage optique SNOM à ouverture (Tirée de [134]). (b) Cartes de
LDOS mesurées (ligne supérieure) et théoriques (ligne inférieure). (c) Antenne gravée
au sommet d’une pointe AFM (Tirée de [148]). (d) Image supérieure : fluorescence
d’une bille greffée au sommet d’une pointe AFM (à droite). Image inférieure : vue
d’artiste d’une sonde active sondant le champ proche de nanoantennes d’or. (Tirée
de [149]).

gravée à l’extrémité d’une sonde AFM ou SNOM [148] (Fig. 7.2(c)). Les molécules
sont alors excitées avec un laser pulsé pour en déduire le temps de vie, soit le délai
entre l’excitation et la fluorescence. Cette technique est toutefois limitée à une me-
sure statistique de la LDOS et dans le type structure plasmonique qu’il est possible
de positionner sur la sonde. Une deuxième approche consiste à greffer une molécule
fluorescente sur une sonde SNOM puis à balayer le champ proche des échantillons.
Cette technique permet, par exemple, de caractériser l’exaltation de la fluorescence
de molécules uniques par le biais de nanoparticules métalliques [151, 135, 142, 149]
(Fig. 7.2(d)).

Enfin, mentionnons que la LDOS peut également être sondée par des techniques de
microscopies électroniques telles que la spectroscopie des pertes d’énergie électro-
nique (Electron Energy Loss Spectroscopy, EELS) et la cathodoluminescence (CL).
La méthode EELS est basée sur l’illumination de l’échantillon par un faisceau d’élec-
trons et la LDOS est déduite à partir de la diffusion élastique et inélastique des
électrons résultant [136, 152]. Quant à la méthode CL, elle caractérise l’onde élec-
tromagnétique rayonnée par un échantillon excité par un faisceau d’électron [153].
Dans le cadre de la chiralité optique, nous pouvons mentionner les travaux du groupe
de Fang qui emploient cette dernière technique pour étudier le comportement chiral
du signal CL dans des heptamères chiraux [154]. L’avantage de ces techniques, par
rapport aux précédentes méthodes tout-optiques, réside dans leur résolution spatiale
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élevée du fait de la courte longueur d’onde du faisceau d’électron utilisé pour exci-
ter les structures plasmoniques. Cependant, les signaux mesurés sont généralement
difficiles à interpréter en comparaison avec les méthodes tout-optiques.

7.3 Description de l’expérience

Figure 7.3 – Schéma du montage optique. (a) Mesure de la LDOS partielle : la
sonde SNOM est balayée en champ proche et le signal est collecté par une fibre
optique connectée à une APD. (b) Mesure de l’intensité diffractée : la sonde est
fixée à une position proche du centre de la cavité et les images sont capturées par
une caméra CCD.

Les vortex générés par les spirales ont été largement étudiées dans la littérature.
Celles-ci sont généralement éclairées en champ lointain puis les vortex plasmoniques
sont collectés à l’aide d’un SNOM en mode collection [115, 139], ou en LRM comme
étudié précédemment. Dans ce travail, nous adoptons le montage optique inverse,
c’est à dire que nous utiliserons un SNOM opérant en mode illumination pour ex-
citer les plasmons. Comme détaillé précédemment [134, 155], la LDOS d’un sys-
tème optique peut être sondée en balayant le champ proche de la structure avec
une source ponctuelle µe−iωt. Les échantillons sont scannés dans le plan xy sous la
pointe (Fig. 7.3(a)). Un faisceau laser, polarisé linéairement selon X, est injecté dans
la sonde générant des plasmons de surface qui vont ensuite diffracter sur les sillons
de la cavité. Pour chaque position de la source ponctuelle, le signal est recueilli en
espace libre par une fibre optique reliée à une photodiode à avalanche (Avalanche
Photodiode, APD). Elle enregistre le signal puis reconstruit spatialement une image
en 2D de la LDOS partielle, relative à l’orientation dipolaire µ̂ = µ/|µ|.

Au cours de ce travail, deux types de sonde seront utilisées comme source ponctuelle :

1. Une pointe à ouverture est employée pour mesurer la LDOS projetée sur
la composante planaire du dipôle, notée δρ‖ = δρx + δρy. Dans ce cas, µ̂ se

143



trouve dans le plan de l’échantillon et est orienté selon la polarisation du laser
incident (µ̂‖ = x̂). La LDOS partielle mesurée correspond alors à la projection
sur la composante planaire du dipôle par rapport à l’échantillon. La pointe
SNOM est constituée d’une fibre monomode effilée, revêtue d’une couche de
100 nm d’aluminium. Le diamètre moyen à l’extrémité est de φ = 100 nm.
La longueur d’onde du laser injecté est de λ = 633 nm.

2. La composante normale de la LDOS, notée δρ⊥ = δρz est mesurée à l’aide
d’une sonde active. C’est une pointe fonctionnalisée avec un nano-diamant, de
taille moyenne φ = 100 nm, et contenant des centres colorés NV. La longueur
d’onde du laser injecté est de λ = 532 nm.

Leurs tailles sub-longueur d’onde (φ ≪ λ) justifient leur utilisation comme dipôle-
source pour cartographier la LDOS.

Figure 7.4 – Images MEB des échantillons.

Pour établir la preuve de principe, nous étudions comme système chiral canonique,
des cavités plasmoniques spirales de différentes charges géométriques m (Fig. 7.4).
Les échantillons sont fabriqués par gravure FIB d’un film d’or évaporé sur un sub-
strat de verre. Une cavité plasmonique circulaire servira de référence pour comparer
les effets de brisure de symétrie sur la LDOS. En base polaire (O, r, θ), une spirale
d’Archimède est décrite comme suit :

r(θ) =
a

2π
mθ avec θ ∈

[
θ0 =

2πr0
am

; θ0 + 2πn

]
, (7.6)

avec m la charge géométrique, n le nombre de tours, r0 la distance entre le centre
O et le début de la spirale et le pas a = λSP est égal à la longueur d’onde plasmons
pour obtenir une excitation résonante.

Nous rappelons que la LDOS totale peut se déduire de l’intensité du champ à l’aide
de l’Eq. 7.1 et en posant P (ω, rp) = ~ωΓ(ω, rp). On obtient alors :

ρ(ω, rp) =
3

πω2|µ|2P (ω, rp), (7.7)

où rp est la position du dipôle et P (ω, rp) la puissance du dipôle résultant des
échanges radiatifs et non-radiatifs avec l’environnement. Précisons que nous nous
intéressons ici aux canaux radiatifs de la LDOS partielle par conséquent seuls les
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modes propagatifs sont détectés en champ lointain. Nous travaillons en régime mo-
nochromatique si bien qu’on omettra la variable ω par la suite. D’une part, à l’aide
d’une lentille de Fourier amovible et de la fibre APD de collection, nous pouvons
détecter, de manière sélective, les modes émettant dans une direction spécifique
k = kxx̂+kyŷ compris sur une plage δ2k. Plusieurs travaux ont souligné l’importance
d’une cartographie résolue en fréquences spatiales pour le contrôle en directivité de
sources lumineuses [146, 153, 156, 136]. La résolution en fréquence spatiale δ2k est
déterminée par l’ouverture numérique de la fibre APD (N.A.=0.22) soit :

δ2k ≃
(ω
c

)2
πr2, (7.8)

où r = 25 µm est le rayon de la fibre APD. Introduite dans [157], la mesure de
LDOS résolue en fréquences spatiales, a notamment permis de caractériser la LDOS
associée aux plasmons propagatifs et dont le principe repose sur une intégration
restreinte du signal LRM sur le cercle plasmonique. Dans le cas présent, nous dé-
montrerons que la LDOS partielle manifeste un comportement chiral principalement
autour de l’axe optique. C’est pourquoi la fibre APD est positionnée de manière à
n’intégrer qu’une fraction des modes centrés autour de k = 0.

Figure 7.5 – Exemples de mécanismes pouvant altérer l’émission d’une sonde
SNOM : excitation par des plasmons de surface localisés, par des plasmons dif-
fractés sur une arrête de l’échantillon ou encore par la rétro-réflexion des plasmons
de surface sur la pointe.

D’autre part, nous introduisons le concept de polarisation locale de LDOS. Pour
ce faire, nous combinons une tomographie en polarisation à la technique de SNOM
pour analyser la polarisation des modes de cavité. A l’aide d’une lame quart-d’onde
et d’un polariseur placés après l’objectif de collection, la LDOS est projetée sur
chaque base de polarisation u : polarisations linéaires X, Y, P (+45◦), M (−45◦),
et polarisations circulaires S = L (s+ = +1) gauche et R (s− = −1) droite. Plu-
sieurs travaux récents ont notamment été consacrés à la caractérisation de structures
chirales résolue en polarisation [158, 154]. Par exemple, citons les travaux récents
de Hashiyada et al. qui, par cette même technique, rapporte des effets chiraux liés
aux plasmons localisés induits par des nanoparticules non chirales métalliques [145].
Toutefois, leur analyse n’est pas interprétée en terme de LDOS et est restreinte à
l’étude polarimétrique du champ diffracté par la nanostructure. En effet, en raison
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de la nature localisée des plasmons mis en jeu, le champ d’excitation peut être for-
tement perturbé.

Comme illustré sur la Fig. 7.5, le champ émis par une sonde SNOM peut être
perturbé par la présence de nanostructures placées à proximité de la pointe. Par
exemple, des plasmons localisés, diffractés ou rétro-réfléchis sur la pointe peuvent
fortement modifier l’émission du dipôle source. Or, il a été discuté dans [159, 142]
que pour sonder la LDOS, le champ émis par le dipôle doit être constant durant la
mesure.

Figure 7.6 – (a) Schéma de l’expérience : une pointe SNOM, fonctionalisée avec un
nanodiamant, excite les plasmons de surface à la surface d’un film métallique. (1) et
(2) correspondent à des APD fibrées. (b) Image optique des paraboles plasmoniques.
La flèche verte représente la position de la pointe. (c) Image de la LDOS mesurée
pour un détecteur aligné avec la pointe. La simulation correspondante est présentée
dans l’encart supérieur. L’encart inférieur montre l’émission de la pointe dans le
plan direct et le cercle blanc délimite la zone de collection du signal. Tirées de [157].

Ainsi, par l’intermédiaire des plasmons de surface délocalisés et en opérant en régime
de saturation dans le cas d’une sonde à nanodiamant, les travaux de M. Berthel [157]
permettent de confirmer la validité de notre configuration expérimentale pour son-
der la LDOS. Pour cela, il a étudié la LDOS plasmonique par le biais de paraboles
gravées sur un film d’or (Fig. 7.6). Celles-ci ont la faculté de réfléchir les plasmons
en un faisceau plasmonique collimaté lorsque la sonde SNOM d’excitation est pla-
cée au point de focalisation des paraboles (représentée par la flèche verte sur la
Fig. 7.6(b)). Le résultat majeur de cette étude est que la LDOS plasmonique maxi-
male en ce point. Afin de s’assurer que l’émission de la source n’était pas altérer par
les plasmons réfléchis, il a mesuré la LDOS avec un détecteur aligné sur la pointe.
Comme on peut le visualiser sur la Fig. 7.6(c), le signal présente une distribution
spatiale constante lorsque l’émetteur se situe loin des sillons, ce qui signifie que le
champ émis par la sonde est n’est pas modifié par la réflexion des plasmons. Cette
démonstration vérifie que notre méthode respecte bien les conditions requises pour
la mesure de la LDOS. Ce point sera également appuyé par des simulations dans la
suite de ce chapitre.

Les modes de cavité, polarisés selon u et intégrés dans δ2k, sont définis comme suit :

δρu(k, rp) =
3

πµ2ω2
|E(k, rp).u|2δ2k, (7.9)
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où E(k, rp) est le champ diffracté. L’Eq. 7.9 décrit la capacité d’une source, localisée
à rp, à pouvoir émettre dans un canal paraxial de polarisation u donné. En intégrant
sur tout les canaux, nous retrouvons l’Eq. 7.7. Il est possible de mesurer physique-
ment un de ces modes, en implémentant le montage illustré sur la Fig. 7.3(b) : la
sonde est maintenue à une position fixe par rapport à l’échantillon et la détection du
signal n’est plus restreinte à δ2k. Ce montage, qui emploie une caméra CCD pour
imager un spectre étendu de fréquences spatiales, permettra également de caracté-
riser l’orientation des dipôles par imagerie LRM.

7.4 Mesure de la LDOS partielle planaire δρ‖

7.4.1 Orientation du dipôle source

Figure 7.7 – Caractérisation de la pointe à ouverture par imagerie LRM sur un
film métallique non-gravé : (a) plan de Fourier, (b) plan direct. Pour la mesure (b),
un filtre spatial est placé dans le plan de Fourier pour bloquer les signaux à k < kSP .
La flèche jaune indique la direction de polarisation du dipôle. Echelle de couleur :
Intensité (u.a.).

Puisque la LDOS partielle dépend de l’orientation du dipôle source, il est nécessaire
de déterminer au préalable le champ émis par la sonde SNOM. Pour caractériser
la nature du dipôle induit, nous utilisons l’imagerie LRM. Un film d’or dépourvu
de nanostructure, d’épaisseur 50 nm, est illuminé en champ proche par la sonde.
Dans le cas d’une pointe à ouverture, le cercle plasmonique est formé de deux arcs
lumineux situé à k = kSP dans le plan de Fourier (Fig. 7.7(a)). Ce signal est caracté-
ristique d’une excitation plasmonique par un dipôle électrique orienté dans le plan de
l’échantillon. Cette observation est en accord avec les résultats expérimentaux rap-
portés dans la littérature [160, 41]. De plus, à k < kSP , nous vérifions que l’intensité
de la pointe, qui est directement transmise par le film, génère un fond uniforme
d’intensité négligeable. Cette contribution pourra donc être négligée par la suite.
Dans le plan direct (Fig. 7.7(b)), le signal plasmonique apparait comme deux lobes
orientés selon la polarisation du dipôle. Les franges d’interférence résultent du spot
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d’Airy causé par l’ouverture numérique finie de l’objectif de collection [161, 42, 72].
Ce premier contrôle est crucial pour l’étude de la chiralité optique car il nous informe
sur la qualité de la sonde et sur la symétrie du champ émis : cette pointe à ouver-
ture agit effectivement comme un dipôle dont l’orientation est parallèle au plan de
l’échantillon (µ‖). Par conséquent, lorsque l’échantillon est excité par cette sonde,
les modes mesurés seront associés à la composante planaire de la LDOS partielle
soit δρ‖.

7.4.2 Cavité plasmonique chirale

Figure 7.8 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b-c) Cartographies LDOS δρ‖ mesu-
rées sur les bases de polarisation circulaires s±. Encarts : zoom sur la partie centrale.
(d-e) Simulations théoriques correspondantes. Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

Après avoir identifié la symétrie du dipôle source, mesurons la LDOS partielle δρ‖
associée à la spirale de charge géométrique m = 1. Celle ci est gravée sur un film d’or
fin de 50 nm (Fig. 7.8(a)). Sur la Fig. 7.8(b-c), on remarque que δρ‖ manifeste une
réponse chirale marquée au voisinage du centre de la spirale (r ≃ 0). Lorsque le signal
est analysé dans la base L (s+), nous percevons deux spots lumineux (Fig. 7.8 (b))
alors que sur R (s−), nous observons un motif complexe avec un minimum d’intensité
au centre (Fig. 7.8(c)). Au voisinage du sillon, le signal détecté correspond à la
lumière directement transmise à travers la fente. Il est important de souligner que ces
mesures peuvent être reliées à la LDOS partielle seulement dans la région centrale de
la structure, où le champ du dipôle source peut être considéré comme constant [159].
Comme discuté précédemment, au voisinage des sillons, celui-ci peut être altéré par
les plasmons localisés ou rétro-réfléchis par le réseau [157]. La compréhension de ces
motifs complexes est obtenue analytiquement par un modèle dipolaire où le champ
résulte de la superposition cohérente de sources ponctuelles, uniformément réparties
sur les sillons de la cavité.

Modèle théorique

La sonde SNOM est modélisée comme une source ponctuelle. Le dipôle électrique
associé µ génère des plasmons qui se découplent en onde propagative après diffrac-
tion sur le sillon. Chaque point du sillon M se comporte comme un point source
émettant un champ électrique E(M) dans le plan direct. En coordonnées polaires
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Figure 7.9 – Schéma d’une cavité spirale : (a) plan direct, (b) plan de Fourier.
Le dipôle source est localisé au point P . La flèche rose représente le vecteur V =
kSP rp + ρk.

(O, r̂, θ̂), ce champ est donné par [18, 41] :

E(M) ∝ eikSP |PM|
√
|PM|

(µ · r̂)r̂, (7.10)

avec OM := [r, θ] et la position du dipôle rp = OP := [rp, β] (voir notations
Fig. 7.9(a)). Pour une position donnée de la pointe, le champ diffracté peut s’expri-
mer dans l’espace de Fourier sous la forme :

E(k, rp) ∝ f(k) E(M)e−ik·OM. (7.11)

La fonction f(k) représente la fonction d’étalement du point du système optique.
Nos données expérimentales montrent que pour k < kSP , f(k) peut être considérée
comme constante (Fig. 7.7(a)). Le dipôle est scanné au voisinage du centre (rp ≪ r)
où son émission peut être considérée comme constante pendant la mesure et non
altérée par les plasmons rétroréfléchis (voir la discussion ci-dessus). En addition-
nant de façon cohérente les rayonnements émis par les dipôles électriques qui sont
uniformément répartis sur la spirale, on trouve :

E(k, rp) ∝
∫ θ0+2πn

θ0

eikSP |PM|
√
|PM|

e−ir(k·r̂)(µ · r̂)(r̂ · n̂)n̂dl (7.12)

=

∫ θ0+2πn

θ0

eikSP r

√
r
e−iV cos (α−θ)(µ · r̂)rr̂dθ, (7.13)

où n̂ est un vecteur unitaire normal à la spirale et où nous avons posé :

V = kSP rp + rk avec V := [V, α]. (7.14)

Comme r ≫ a, nous faisons l’approximation qu’une spirale faisant n tours peut être
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décrite comme n cercles de rayon rn = r0 + nma. Nous en déduisons :

E(k, rp) ≃
∑

n

∮ √
rn +

am

2π
θeikSP (rn+

am
2π

θ)e−iV cos (α−θ)(µ · r̂)r̂dθ (7.15)

≈
∑

n

√
rne

ikSP rn

∮
eimθe−iV cos (α−θ)(µ.r̂)r̂dθ. (7.16)

Lorsque la cavité est excitée par un dipôle électrique orienté dans le plan de l’échan-
tillon µ̂‖ = x̂, l’expression du champ dans les états de polarisation circulaires s’écrit :

E(k, rp) ≃
∑

n

√
rne

ikSP rn

∮
eimθe−iV cos (α−θ)

(
eiθ + e−iθ

2

)(
eiθŝ− + e−iθŝ+√

2

)
dθ

(7.17)

= Es− + Es+ , (7.18)

avec

Es− ∝
∑

n

√
rne

ikSP rn{(−ieiα)mJm(V ) + (−ieiα)m−2s−Jm−2s−(V )}ŝ−, (7.19)

Es+ ∝
∑

n

√
rne

ikSP rn{(−ieiα)mJm(V ) + (−ieiα)m−2σ+Jm−2s+(V )}ŝ+. (7.20)

où Jl est la fonction de Bessel d’ordre l. Une attention particulière doit être portée
sur le vecteur V(rp,k) décrit par l’Eq. 7.14. En effet, selon les valeurs prises par rp
et k, les expressions des champs établies par les Eq. 7.19-7.20 vont décrire soit la
mesure de la LDOS par le montage de la Fig. 7.3(a), soit le champ diffracté mesuré
dans la configuration de la Fig. 7.3(b).

Sur le montage de la Fig. 7.3(a), la fibre APD sélectionne les signaux proches de
k ≈ 0 et la pointe SNOM est balayée à la surface de l’échantillon. Dans ce cas,
V = kSP rp et α = β est l’angle entre rp et x̂. L’intensité mesurée sur les bases de
polarisations circulaire S=L ou R (s± = ±1) nous donne la LDOS partielle intégrée
dans δ2k et définie comme suit :

δρS‖ (k, rp) =
3

πµ2ω2
|E(k ≈ 0, rp).S|2δ2k, (7.21)

soit

δρ
s±
‖ (k, rp) ∝ |

∑

n

√
rne

ikSP rn{(−ieiβ)mJm(V ) + (−ieiβ)m−2s±Jm−2s±(V )}|2. (7.22)

Par conséquent, les canaux disponibles d’émission pour un dipôle horizontal sont dé-
crits par une combinaison de modes de Bessel. Ces vortex optiques manifestent un
comportement chiral, sensible à la polarisation circulaire s±. L’inégalité δρs+‖ 6= δρ

s−
‖

signifie que lorsque le dipôle est placé dans une cavité spirale, il rayonne sur des
canaux de fréquences spatiales différentes selon s±. Les ordres sont gouvernés par
une règle de sélection OAM donnée par l = m et l = m − 2s± qui est directement
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liée à s± mais aussi à la chiralité de la cavité m. Ce résultat est la manifestation
d’un couplage spin-orbite de la lumière et souligne notamment que la LDOS partielle
peut être sculptée au moyen de la charge géométrique m de la spirale.

Dans le cas d’une spirale de charge géométrique m = 1, la LDOS partielle est donnée
par :

δρ
s−
‖ (k ≈ 0, rp) ∝ |

3∑

n

√
rne

ikSP rn |2{J2
1 (V ) + J2

3 (V ) + J1(V )J3(V ) cos (2β)},

(7.23)

δρ
s+
‖ (k ≈ 0, rp) ∝ |

3∑

n

√
rne

ikSP rn |2{J2
1 (V ) + J2

−1(V ) + J1(V )J−1(V ) cos (2β)}.

(7.24)

A partir de cette analyse, nous trouvons un très bon accord entre la LDOS mesurée
et les simulations théoriques correspondantes (Fig. 7.8(d),(e)). J’ai notamment réa-
lisé ces simulations pour un dipôle purement horizontal, ce qui confirme que nous
sondons effectivement la composante planaire de la LDOS partielle. Précisons que
ces simulations intègrent une description plus fine du système optique basée sur une
expansion modale rigoureuse des champs TE et TM. Cette description, développée
par A. Drezet, permet de prendre en compte les effets d’imagerie du SNOM. Par
souci de clarté, le présent manuscrit ne présente pas cette description que l’on peut
trouver dans [72, 42].

Les cartes de LDOS ainsi mesurées peuvent se comprendre de la manière suivante :
la source a une probabilité élevée d’émettre une polarisation R ou L aux endroits où
la LDOS est intense, c’est à dire lorsque la pointe est située à proximité du centre
de la spirale. De plus, la LDOS prédit qu’à cette position les canaux d’émission
présentent une réponse chirale.

Champ diffracté

Figure 7.10 – (a-b) Images mesurées dans le plan de Fourier : la sonde SNOM est
localisée au centre de la cavité et le signal est analysé sur les bases de polarisations
circulaires s±. (c-d) Simulations théoriques correspondantes. Echelles de couleur :
Intensité (u.a.).

Pour relier cette grandeur à un mode physique, nous examinons maintenant la cavité
à l’aide du montage de la Fig. 7.3(b). La position de la sonde SNOM est fixée à rp = 0
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et les images sont enregistrées dans le plan de Fourier par la caméra CCD. D’une
part, nous retrouvons sur les Fig. 7.10(a), (b), les deux arcs lumineux à k = ℜ(kSP ),
caractéristiques d’une onde plasmonique lancée par un dipôle horizontal. D’autre
part, le signal est fortement localisé autour de k ≃ 0 et présente un comportement
sensible à la polarisation circulaire. Cette réponse chirale est réminescente de l’effet
spin Hall optique dans lequel les photons polarisés L et R se propagent avec des
trajectoires de vecteurs d’onde distincts.

Enfin, nous constatons des similitudes frappantes avec la LDOS partielle. En effet,
la configuration illustrée par la Fig. 7.3(b) correspond à rp ≈ 0, soit V = rnk et
α = ϕ l’angle entre k et kx. L’intensité enregistrée par la caméra CCD dans le plan
de Fourier, est donc proportionnelle à |E(k, rp ≈ 0)|2 :

Is±(k, rp ≈ 0) ∝ |
∑

n

√
rne

ikSP rn{(−ieiϕ)mJm(V ) + (−ieiϕ)m−2s±Jm−2s±(V )}|2.

(7.25)

Ainsi, nous trouvons que δρs±‖ et Is± sont décrits par les mêmes modes de Bessel
Jm et Jm−2s± . En accord avec la LDOS mesurée précédemment, l’émission paraxiale
d’une source placée au centre de la cavité apparait comme des modes chiraux. La
similarité entre ces deux grandeurs vient du fait qu’elles sont décrites par le même
champ E(k, rp) et où V = ksprp+ rk. Or, la mesure de la LDOS implique k = 0 soit
V = ksprp alors que dans le cas du champ diffracté, la pointe SNOM est fixe à rp = 0
d’où V = rk. Ce résultat explique les similitudes entre la LDOS et le champ diffracté
et dont la démonstration expérimentale est rendue possible grâce à la détection
résolue en fréquences spatiales δ2k. Les simulations théoriques reproduisent avec
fidélité les images expérimentales (Fig. 7.10(c-d)). Toutefois, des écarts sont visibles
et peuvent être attribués aux erreurs expérimentales (désalignement de l’installation,
incertitudes des polariseurs, erreur de position de la pointe) mais aussi à une légère
orientation hors-plan du dipôle qui n’a pas été prise en compte dans le modèle
théorique.

7.4.3 Cavité plasmonique circulaire

Pour confirmer l’origine du comportement chiral de la LDOS, nous étudions mainte-
nant la LDOS d’une cavité non chirale. Elles se compose d’un cercle de rayon R0=2
µm gravé sur 200 nm d’or (Fig. 7.11(a)). Les plasmons sont excités par la même
sonde à ouverture que précédemment.

Contrairement à ce qui a été trouvé pour la cavité spirale, la LDOS partielle présente
un diagramme de rayonnement identique quelque soit la polarisation circulaire avec
un maximum d’intensité au centre δρs+ = δρs− (Fig. 7.11 (b), (c)). Ces cartes
traduisent le fait qu’une source située au centre d’une cavité symétrique émet dans
des modes polarisés droite et gauche identiques. La LDOS est non chirale. En effet,
le champ diffracté par une cavité circulaire s’écrit :

E(k, rp) ≈
∮

E(M)e−iR0(k·r̂)R0dθ =
√
R0e

ikSPR0

∮
e−iV.r̂(µ · r̂)r̂dθ, (7.26)
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Figure 7.11 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b-c) Cartographies LDOS δρ‖
mesurées sur les bases de polarisation circulaires s±. (d) Simulations théoriques
correspondantes. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

où V = kSP rp + R0k. La LDOS partielle s’exprime de façon identique sur les deux
bases de polarisation circulaire :

δρ
s±
‖ (k ≈ 0, rp) ∝ J2

0 (V ) + J2
2 (V )− 2J0(V )J2(V ) cos (2β), (7.27)

avec V = kSP rp et α = β l’angle entre rp et x̂ (Fig. 7.11(a)). Indépendamment de
s±, les modes se définissent comme une combinaison de modes de Bessel d’ordre
l = 0 et 2. Ce résultat confirme que le comportement chiral ou non-chiral de δρ‖ est
directement connecté à la symétrie de la cavité dans laquelle est placé l’émetteur.
Dans une cavité spirale, à chaque polarisation s+ et s− est attribué un canal d’émis-
sion différent. Dans une cavité circulaire, un seul canal est disponible pour les deux
polarisations circulaires.

Figure 7.12 – (a-b) Images mesurées dans le plan de Fourier : la sonde SNOM
est localisée au centre de la cavité et le signal est analysé sur les bases de polarisa-
tions circulaires s±. (c) Simulation théorique correspondante. Echelles de couleur :
Intensité (u.a.).

Ce mode unique est mis en évidence dans le plan de Fourier (Fig. 7.12). Notons
qu’ici, l’épaisseur du film ne permet pas aux plasmons de fuir. Les franges observées
sont dues aux interférences entre les ondes diffractées, similaires à celle produites par
une double fente [162]. Nous retrouvons également que la distribution en intensité
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est décrite par les mêmes modes de Bessel J0 et J2 que la LDOS partielle :

Is±(k, rp ≈ 0) ∝ J2
0 (V ) + J2

2 (V )− 2J0(V )J2(V ) cos (2ϕ), (7.28)

avec V = R0k et α = ϕ l’angle entre k et kx.

En résumé, nous avons sondé la composante planaire de la LDOS partielle d’une
cavité plasmonique spirale. Elle manifeste un comportement chiral sensible à la po-
larisation circulaire. Notre étude analytique a permis de comprendre les mécanismes
physiques donnant lieu à la formation de modes de Bessels. Du fait de l’interac-
tion spin-orbite de la lumière, les ordres des vortex optiques sont gouvernés par une
règle de sélection directement liée à la géométrie de la spirale. Cette capacité est
particulièrement intéressante, car il a été montré que des vortex optiques peuvent
augmenter la sensibilité au dichroïsme circulaire de molécules chirales adsorbées
dans des nanoparticules plasmoniques [163]. La comparaison avec la LDOS d’une
cavité circulaire a permis de confirmer que la chiralité des modes est contrôlée par
la symétrie de la cavité.

7.5 Mesure de la LDOS partielle normale δρ⊥

A présent, pour mesurer la LDOS partielle associée à la composante verticale du
dipôle, nous appliquons la méthode précédente en sondant cette fois la cavité avec
une sonde active, plus précisément, avec une pointe fonctionnalisée avec un nano-
diamant contenant des centres NV [164, 160]. Alors que les molécules fluorescentes
conventionnelles ont été largement utilisées pour les mesures de LDOS, travailler
avec des centres NV permet d’étendre la méthode de caractérisation au régime
quantique d’excitation, hautement pertinent pour des applications en nanophoto-
nique quantique [165, 88, 147, 142]. De plus, grâce à leur photostabilité élevée, les
centres NV peuvent être excités en régime de saturation tout en assurant une émis-
sion dipolaire constante dans le temps, contrairement aux molécules fluorescentes
conventionnelles. Cartographier la LDOS avec une pointe SNOM quantique fonc-
tionnant dans le régime de saturation est donc très robuste, même loin du centre de
la structure.

7.5.1 Caractérisation de la sonde active

Avant d’effectuer les mesures de LDOS, il est nécessaire de caractériser le profil
d’émission de la sonde active SNOM. La méthode de fonctionalisation de la pointe
est détaillée au Chapitre 3. Sur la Fig. 7.13(a), on présente une mesure de la fonction
d’autocorrélation du second ordre correspondant à un nanodiamant greffé en bout
de pointe. La mesure est effectuée sur un substrat de verre. D’une part, le creux
antibunching observé à délai nul traduit de la nature quantique du nanodiamant.
D’autre part, d’après la formule du g2(τ) établie précédemment, nous pouvons esti-
mer que le nombre de centres NV contenu dans ce nanocristal est de 10±1.

Ensuite, l’orientation des dipôles est caractérisée par imagerie LRM sur un film d’or
non gravé (Fig. 7.13(b)). Le profil d’émission des plasmons présente une intensité
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Figure 7.13 – (a) Fonction d’autocorrélation du second ordre normalisée g2 en
fonction du délai τ mesurée sur la sonde active : les données expérimentales sont
représentées en bleu et le fit en rouge. (b) Image obtenue par LRM dans le plan
de Fourier d’un film d’or non gravé (épaisseur 50 nm) excité par la sonde active.
Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

uniforme sur le cercle plasmonique (la rupture dans le coin supérieur droite est attri-
buée à un artéfact). Cette distribution est caractéristique d’une propagation radiale
des plasmons. En effet, la sonde active étant constituée de plusieurs centres NV, ces
derniers n’ont a priori aucune direction privilégiée et sont donc orientés aléatoire-
ment au sein du nanodiamant. Ces dipôles se couplent aux plasmons qui vont alors
rayonner dans toutes les directions. Ceci explique que l’intensité est constante sur
toutes directions |k| = kSP , à la différence de la pointe à ouverture classique qui pré-
sente une intensité maximale autour de kx = kSP . Or, le couplage aux plasmons est
plus élevé dans le cas d’une excitation par un dipôle vertical µ⊥ que pour un dipôle
horizontal [72]. Par conséquent, les composantes hors-plan des NV vont dominer lors
de l’interaction avec la cavité. Il en résulte que l’illumination par cette pointe active
permet d’accéder à la composante perpendiculaire de la LDOS partielle µ⊥.

7.5.2 Cartographie de la LDOS partielle

La sonde est ensuite scannée à la surface de la cavité pour mesurer la composante
normale de la LDOS partielle (Fig. 7.14). Lorsque le signal est enregistré sur la base
s−, le signal présente un maximum d’intensité au voisinage de r = 0. A l’inverse, sur
la base s+, la LDOS est caractérisée par un anneau avec une singularité au centre.
Comme précédemment, la cavité spirale génère une LDOS partielle chirale qui se
manifeste par des profils sensiblement différents pour les modes polarisés s− et s+.

Modèle théorique Pour expliquer ces profils d’émission, calculons la LDOS par-
tielle associée à un dipôle vertical. A partir de l’Eq. 7.16, on établit que le champ
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Figure 7.14 – Caractérisation de la LDOS par la sonde active : (a, c) Données
expérimentales. (b, d) Simulations. L’analyse en polarisation est effectuée comme
indiquée par s±. Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

rayonné par la cavité excitée par un dipôle µ̂⊥ = r̂ au centre de la spirale s’écrit :

E(k, rp) ∝
∑

n

µ
√
rne

ikSP rneiα{(−i)m+s−Jm+s−(V )ŝ− + (−i)m+s+Jm+s+(V )ŝ+}.

(7.29)

Pour calculer la LDOS partielle, nous posons V = kSP rp et α = β soit :

δρ
s±
⊥ (k ≈ 0, rp) ∝ |

∑

n

µ
√
rne

ikSP rn |2J2
m+s±

(V ). (7.30)

On trouve théoriquement que la LDOS partielle δρ⊥ décrit également des modes
chiraux qui dépendent de la polarisation circulaire et de la charge géométrique de
la spirale. En revanche, la règle de sélection OAM est différente de celle obtenue
pour δρ‖. Elle est maintenant régie par l = m + s±. Pour une spirale de charge
géométrique m = 1, on trouve :

δρ
s−
⊥ (ω,k ≈ 0, rp) ∝ |

3∑

n

µ
√
rne

ikSP rn |2J2
0 (V ), (7.31)

δρ
s+
⊥ (ω,k ≈ 0, rp) ∝ |

3∑

n

µ
√
rne

ikSP rn |2J2
2 (V ). (7.32)

Les fonctions de Bessel J2
0 et J2

2 reproduisent bien le point chaud central et le motif
annulaire mesurés respectivement sur les bases s− et s+. La LDOS partielle peut
s’interpréter de la manière suivante : lorsque qu’un dipôle vertical est placé au centre
de la spirale, la probabilité d’avoir un canal d’émission ouvert pour la polarisation
s− est maximale alors qu’il est fermé pour la polarisation s+.

Champ diffracté

Ce comportement est vérifié expérimentalement dans le plan de Fourier en position-
nant la pointe à rp = 0 (Fig. 7.15). La réponse chirale est principalement observée
au voisinage de k = 0 et l’anneau plasmonique confirme que les plasmons sont bien
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Figure 7.15 – Caractérisation LRM du champ diffracté par la cavité excitée par
la sonde active : (a, c) Données expérimentales. (b, d) Simulations. L’analyse en
polarisation est effectuée comme indiqué par s±. Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

produits par les dipôles orientés aléatoirement. L’analyse théorique prévoit effecti-
vement que l’intensité dans le plan de Fourier (rp = 0, V = rnk) suit la même règle
de sélection que la LDOS :

Is±(k, rp ≈ 0) ∝ |
∑

n

µ
√
rne

ikSP rn{(−i)m+s±eiϕJm+s±(V )}|2. (7.33)

Bien qu’en accord avec les données expérimentales, seul le cas idéal d’un dipôle pu-
rement vertical n’a été considéré dans les simulations théoriques (Fig. 7.14(b), (d),
Fig. 7.15(b), (d)). Un modèle plus réaliste, qui intègre la contribution des compo-
santes planaires des centres NV, pourrait reproduire les divergences observées entre
la théorie et l’expérience. Soulignons que malgré le faible nombre de photons émis
par la sonde, la résolution et la sensibilité de notre mesure a permis de révéler la
chiralité de la LDOS partielle δρ⊥. Le faible nombre de centre NV contenus dans
la sonde active suggère que notre méthode pourrait être étendue à un centre NV
unique. Ces résultats ouvrent ainsi des perspectives intéressantes pour les communi-
cations optiques où l’information peut être codée sur différents états de polarisation
et modes de Bessel [26].

Bilan Notre méthode d’analyse est basée sur la détection sélective des modes di-
rectionnels et polarisés circulairement dans la LDOS. Elle a permis de rendre compte
des effets chiraux et des interactions spin-orbite optique. Nous avons démontré l’in-
fluence de la géométrie spirale d’une cavité sur la chiralité des composantes pla-
naires et normales de la LDOS partielle. En particulier, elles apparaissent comme
des modes de Bessel qui dépendent de la polarisation circulaire et dont les ordres
peuvent être ajustés au moyen de la charge géométrique de la spirale. Notre étude
théorique montre également que les LDOS planaires et normales sont gouvernées par
des règles de sélection OAM bien distinctes. Notre méthodologie, qui a été démontrée
avec une sonde quantique, pourrait être envisagée par exemple dans la caractérisa-
tion de dispositifs plasmoniques chiraux visant à moduler les modes optiques en
espace libre d’un émetteur quantique sans recourir à des composants volumineux.
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7.6 Analyse polarimétrique de la LDOS partielle

Les applications dédiées à la détection énantiosélective s’intéresse principalement
à la sensibilité des molécules à la polarisation circulaire R et L. Nous montrons
ici qu’une caractérisation de la LDOS étendue sur tout les états de polarisation
peut également offrir des potentiels intéressants pour la génération de vortex pola-
risés [166, 167, 120, 168], et le contrôle en directivité de source lumineuse [169, 170].
Par exemple, Osorio et al. ont récemment étudié par cathodoluminescence (CL) les
modes polarisés du signal CL dans des spirales plasmoniques et ont caractérisé l’in-
fluence de la position du point d’impact du faisceau d’électrons [137]. La réponse
en polarisation de nanospirales a également été étudiée pour la génération d’effets
optiques non linéaires [171]. Dans ce contexte, nous introduisons le concept de pola-
risation locale de LDOS. Cette grandeur permet notamment d’identifier les positions
pour lesquelles le couplage d’un émetteur à un mode de polarisation donné sera le
plus élevé.

7.6.1 Diagramme de polarisation LDOS

Figure 7.16 – Caractérisation de la LDOS partielle planaire pour les spirales de
charges géométriques m = −2 et m = −3. (a, c) Données expérimentales. (b, d)
Simulations. L’analyse en polarisation est effectuée comme indiquée dans l’entête.
Barre d’échelle : 500 nm. Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

Pour chaque état de polarisation en sortie u, les échantillons sont scannés à l’aide
d’une pointe à ouverture polarisée selon X. Nous exposons ici les résultats relatifs
aux spirales de charges m = −2 et −3, dont les images MEB sont présentées sur
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les Fig. 7.4(c) et (d). Les mesures réalisées sur le cercle m = 0 et la spirale m = 1
peuvent être trouvées en Annexes D et E. Les cartes expérimentales de δρu‖ proje-
tées sur chaque état de polarisation sont présentées sur la Fig. 7.16. Par la suite,
nous omettrons l’indice ‖. Ces mesures mettent en évidence la capacité des cavités à
façonner la polarisation et la vorticité de la LDOS en des modes spatiaux complexes
qui pourraient, par exemple, trouver des applications en micromécanique pour gé-
nérer des mouvements sophistiqués de microparticules [172, 173].

D’une part, analysons les états linéaires. Tout d’abord, on constate une forte simi-
litude entre δρ (première colonne, sans analyse de polarisation) et δρX (colonnes
encadrées en rouge). En effet, du fait de la polarisation incidente, les plasmons se
propagent selon l’orientation du dipôle µ̂ = x̂ et se découplent donc majoritaire-
ment en polarisation X. Cette observation suggère que les modes polarisés X sont
dominant en champ lointain. Cette propriété sera notamment exploitée, par la suite,
lorsque que nous discuterons du théorème de réciprocité. Selon Y, la LDOS associée
à m = −2 est dominée par un maximum central à la différence de m = −3, qui
présente une singularité au centre. Cela met en évidence la sensibilité spatiale des
modes de polarisation linéaire par rapport la charge géométrique. Enfin, la LDOS
sur les bases M et P présente des distributions complexes, dont les traits majeurs
sont qualitativement bien reproduits par les simulations. Celles-ci prévoient notam-
ment des profils identiques et symétriques par rapport à l’axe Oy.

D’autre part, conformément aux résultats précédents, nous pouvons distinguer une
réponse sensible à la polarisation circulaire R et L, ainsi que la formation de vor-
tex optique dont l’OAM augmente avec m (encadrés en rose sur la Fig. 7.16). En
particulier, le profil modal pour m = −2 passe d’un hotspot central polarisé R à un
mode vortex polarisé L. La spirale m = −3 quant à elle génère des modes de Bessel
de rayon variable selon R ou L. Nous démontrerons, par la suite, que ces données
peuvent être directement connectées à la densité et au flux de chiralité des modes
de cavité.

Analyse théorique

Pour comprendre les mécanismes sous-jacents qui donnent lieu à la formation de
ces motifs complexes, comme précédemment, nous effectuons des simulations analy-
tiques en additionnant de façon cohérente les rayonnements des dipôles électriques
uniformément répartis sur les spirales. Les LDOS partielles sur chacune des bases
peuvent se calculer de la manière suivante :

δρX(k, rp) =
3

πµ2ω2
|ER + E

L|2δ2k (7.34)

δρY (k, rp) =
3

πµ2ω2
|ER − E

L|2δ2k (7.35)

δρP (k, rp) =
3

πµ2ω2
|ERe−iπ

4 + E
Le+iπ

4 |2δ2k (7.36)
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δρM(k, rp) =
3

πµ2ω2
|ERe+iπ

4 + E
Le−iπ

4 |2δ2k (7.37)

δρR(k, rp) =
3

πµ2ω2
|ER|2δ2k (7.38)

δρL(k, rp) =
3

πµ2ω2
|EL|2δ2k. (7.39)

où :

m = −2 : ER(k, rp) ∝
1∑

n=0

√
rne

iksprn{(ieiθp)−2J−2(V ) + J0(V )}R,

EL(k, rp) ∝
1∑

n=0

√
rne

iksprn{(ieiθp)−2J−2(V ) + (ieiθp)−4J−4(V )}L,

(7.40)

et

m = −3 : ER(k, rp) ∝
1∑

n=0

√
rne

iksprn{(ieiθp)−1J−1(V ) + (ieiθp)−3J−3(V )}R,

EL(k, rp) ∝
1∑

n=0

√
rne

iksprn{(ieiθp)−3J−3(V ) + (ieiθp)−5J−5(V )}L,

(7.41)

avec V = ksprp et k ≈ 0 (on rappelle que la cartographie LDOS est limitée aux modes
de propagation paraxiaux). Les motifs complexes, apparaissant sur chaque état de
polarisation, peuvent être modelés selon la même règle de sélection OAM que celle
démontrée précédemment (l = m et l = m + 2s±). Les simulations sur la Fig. 7.16
reproduisent fidèlement les données expérimentales. Dans le cas des polarisations
circulaires par exemple, on observe pour m = −2 un faisceau intense au centre selon
R et un minimum pour L. Pour m = −3, le mode L correspond effectivement à
un vortex d’ordre supérieur comparé à R. Des écarts dans l’orientation des motifs
s’expliquent par des erreurs expérimentales telles qu’un désalignement de la fibre
de détection APD par rapport à l’axe optique. Ils peuvent également provenir des
polariseurs dont les axes sont connus avec une incertitude de ±5◦. De plus, la source
d’excitation a été théoriquement modélisée comme un dipôle purement horizontal.
Comme mentionné précédemment, dans la pratique, les pointes SNOM à ouverture
peuvent induire une excitation dipolaire légèrement hors-plan qui a été négligée dans
les simulations et peut contribuer aux différences observées entre les simulations et
les mesures.

Composante normale de la LDOS partielle En effet, bien que la composante
plasmon hors-plan soit beaucoup plus forte que la composante dans le plan, nous
avons montré précédemment qu’une pointe SNOM à ouverture sonde principalement
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Figure 7.17 – Simulations de la LDOS partielle projetée sur l’orientation d’un
dipôle purement vertical et associée aux cavités plasmoniques spirales (a) m = −2
et (b) m = −3. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).

la contribution dans le plan de la LDOS partielle. De plus, la LDOS partielle relative
à un dipôle électrique purement hors-plan est associé à des vortex qui diffèrent
fortement des résultats expérimentaux. Lorsque la cavité est illuminée avec un dipôle
électrique d’orientation hors-plan µ = µr̂, la LDOS partielle est de la forme :

m = −2 : δρR⊥(k ≈ 0, rp) ∝ |
∑

n

µ
√
rne

iksprn |2J2
−1(V ), (7.42)

δρL⊥(k ≈ 0, rp) ∝ |
∑

n

µ
√
rne

iksprn |2J2
−3(V ). (7.43)

et

m = −3 : δρR⊥(k ≈ 0, rp) ∝ |
∑

n

µ
√
rne

iksprn |2J2
−2(V ), (7.44)

δρL⊥(k ≈ 0, rp) ∝ |
∑

n

µ
√
rne

iksprn |2J2
−4(V ). (7.45)

La LDOS partielle est décrite par des modes de Bessel distincts dans le cas d’une
excitation dipolaire planaire (l = m et m + 2s±) et hors-plan (l = m + s±). La
contradiction observée entre les résultats expérimentaux et les simulations représen-
tées sur la Fig. 7.17 confirment que nous pouvons principalement nous concentrer
sur la contribution planaire dans la suite de notre travail sur la densité et le flux de
chiralité.
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Figure 7.18 – Cartes de polarisation locale de LDOS (a-b) expérimentales et (c-
d) théoriques. Les ellipses de polarisation sont superposées à l’intensité totale de
la LDOS : les couleurs rouges et noires font référence à s+ et s−, respectivement.
Barres d’échelle : 500 nm.

7.6.2 Polarisation locale de LDOS

La reconstruction spatiale des propriétés vectorielles de la LDOS est réalisée à l’aide
des quatre paramètres de Stokes, calculés à partir des cartes de LDOS selon :

S0 ∝ δρX + δρY , (7.46)

S1 ∝ δρX − δρY , (7.47)

S2 ∝ δρP − δρM , (7.48)

S3 ∝ δρL − δρR. (7.49)

Nous en déduisons, en chaque point de l’espace, les caractéristiques de l’ellipse de
polarisation que nous juxtaposons aux cartes d’intensité de LDOS, comme montré
sur la Fig. 7.18. Cette représentation définit la polarisation locale de LDOS. Elle
permet d’identifier les positions du dipôle pour lesquelles la probabilité d’émission
est élevée et de manière simultanée, la polarisation associée. Qualitativement, la po-
larisation locale dans chaque lobe de la LDOS concorde avec les simulations. Pour
m = −2, le spot central présente en effet un état proche de la polarisation circulaire
gauche, et évolue de la polarisation X à R dans les lobes latéraux. Pour m = −3,
nous retrouvons un minimum au centre entouré de lobes polarisés selon L. La po-
larisation locale de LDOS permet de suivre spatialement l’évolution de ε, β et s±
en même temps que la probabilité d’émission de la source. Elle présente donc un
intérêt pratique pour la conception de systèmes optiques polarisés et l’étude des
interactions lumière-matière.
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En résumé, cette analyse polarimétrique de la LDOS révèle la capacité des spirales à
produire des modes vortex d’OAM et de polarisations contrôlés. La détection de vor-
tex d’ordres élevés démontre également la sensibilité et la robustesse de notre tech-
nique expérimentale. Ainsi, la polarisation locale de LDOS constitue une approche
complémentaire aux mesures de LDOS conventionnelles basées sur la durée de vie,
parce qu’elle fournit des connaissances supplémentaires sur les canaux d’émission
disponibles dans un environnement chiral, et cela grâce à une cartographie simulta-
née de l’intensité et de la polarisation des modes de cavités.

7.7 Densité et flux de chiralité de LDOS

Passons maintenant à l’examen de la densité de chiralité χ et du flux de chiralité Φ.
Bien que nous sondons uniquement la LDOS en champ lointain, nous verrons que
notre approche permet d’extraire des propriétés chirales en champ proche. Lorsque
χ et Φ caractérisent la LDOS radiative, c’est-à-dire les modes se propageant en
espace libre, ils seront appelés densité et flux de chiralité en champ lointain. En
revanche, nous nous référons à la chiralité en champ proche quand ils décrivent les
modes plasmoniques confinés à la surface de la cavité.

7.7.1 Notion de densité et de flux de chiralité

Tang et Cohen ont récemment proposé d’utiliser la densité χ et le flux de chiralité
Φ, comme observables de la densité locale de chiralité d’une onde électromagné-
tique [126]. Initialement introduite par Lipkin, ces deux grandeurs fondamentales
de la chiralité optique sont décrites par :

χ =
c

2ω
[E · ∇ × E +H · ∇ ×H] , (7.50)

Φ =
c2

2ω
[E × (∇×H)−H× (∇× E)] , (7.51)

avec les champs électromagnétiques réels E(r, t) et H(r, t). Par analogie avec le
théorème de Poynting, ces quantités vérifient l’équation de continuité suivante :

∂χ

∂t
+∇ ·Φ = 0. (7.52)

En régime monochromatique et après moyennage temporel, ces quantités se simpli-
fient telles que :

χ =
1

2
ℑ(E · H∗), (7.53)

Φ = − c
4
[ℑ(E × E∗) + ℑ(H × H∗)] , (7.54)

où

E(r, t) =
ℜ (E(r)e−iωt + E∗(r)eiωt)

2
, (7.55)

H(r, t) =
ℜ (H(r)e−iωt + H∗(r)eiωt)

2
. (7.56)
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Plusieurs études ont été consacrées à la signification physique de ces quantités. Elles
rapportent notamment que ces grandeurs peuvent être connectées à la densité d’éner-
gie et au vecteur de Poynting [131], aux forces chirales et à l’absorption différentielle
de la lumière polarisée circulaire par des matériaux chiraux [126, 101, 143].

7.7.2 Mesure de la chiralité en champ lointain

Figure 7.19 – Paramètre de Stokes S3 correspondant aux spirales m = −2 et −3 :
(a-b) Résultats expérimentaux. (c-d) Simulations. Echelle de couleur : s± = ±1
(Intensité (u.a.)).

Calculons les expressions de χ et Φ en champ lointain. Dans notre expérience, la
LDOS a été mesurée sur l’axe optique et l’enveloppe du champ varie lentement sur
une distance λ. Nous pouvons donc considérer le régime paraxial dans lequel :

H = ẑ × E. (7.57)

Dans ce régime, la densité et le flux de chiralité s’écrivent alors :

χ = −1

2
ℑ(E × E∗) · ẑ = −S3

2
, (7.58)

Φ = − c
2
ℑ(E × E∗) · ẑ = cχẑ = −cS3

2
ẑ, (7.59)

où S3 = |E ·L|2−|E ·R|2 ∝ (δρL−δρR) correspond au paramètre de Stokes appliqué
à la LDOS. Ce résultat établit le lien entre la mesure de la LDOS et la chiralité,
c’est à dire la capacité de la cavité à "dissiper" la chiralité pour une position donnée
de l’émetteur [143]. Physiquement, l’extension de la mesure standard du paramètre
S3 à la notion générale de LDOS permet de décrire les positions de l’émetteur pour
lesquelles la probabilité d’émettre dans les polarisations circulaires gauche ou droite
est la plus élevée. Ici, les mesures présentées sur la Fig. 7.19 montrent que le couplage
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aux modes de polarisation circulaire gauche est maximum si l’émetteur est placé au
centre ou dans les lobes latéraux représentés en rouge.

L’analyse des Eq. 7.58 et 7.59 montrent d’une part qu’elles satisfont effectivement à
la relation de continuité. D’autre part, elles établissent la relation entre les grandeurs
de chiralité et une donnée physiquement mesurable qui est le degré de polarisation
circulaire. Bien que notre mesure soit basée sur une tomographie de polarisation
conventionnelle [145], nous soulignons que la méthode proposée va au-delà de la
simple mesure de S3 de la lumière diffractée par la spirale, mais s’étend à la notion
générale de LDOS. Par analogie avec le théorème de Poynting, ce résultat peut être
physiquement compris de la manière suivante : comme le dipôle rayonne une pola-
risation linéaire, le flux de chiralité est initialement nul (S3 = 0). L’interaction avec
un système chiral peut engendrer une dissipation de la densité de chiralité et ainsi
conduire à des modes optiques sensibles à la polarisation circulaire R et L, d’où
S3 6= 0. Il en résulte un flux de chiralité émergeant non-nul.

Les données expérimentales de S3 pour les cavités m = −2 et −3 (Fig. 7.19(a),
(b)) constituent donc des mesures de χ et Φ. Au centre, on observe un point chaud
entouré de lobes latéraux de polarisation L. Nous retrouvons cette distribution pour
les deux cavités avec, cependant, une répartition plus étendue pour m = −3. Nous
montrons donc que χ et Φ peuvent être contrôlés via la charge géométrique de la
cavité, suivant la même règle de sélection OAM qui régit les modes de Bessel. Théo-
riquement, les cartes de S3 sont bien reproduites par les simulations (Fig. 7.19(c-d)).
Malgré une rotation du motif par rapport aux mesures, on retrouve un spot central
entouré de lobes latéraux polarisé L. De manière complémentaire au facteur Purcell
chiral, qui caractérise le temps de vie des molécules chirales, cette mesure décrit les
positions optimales où un émetteur doit être placé pour obtenir un couplage maximal
entre ce dernier et un mode chiral de cavité. De plus, Yoo et al. [132] ont notamment
défini le volume du mode chiral à partir de la densité de chiralité maximale χmax tel

que VC = − ωU

cχmax

, où U est l’énergie totale de la cavité. En appliquant la mesure

de la densité et du flux de chiralité à la LDOS, notre travail pourrait donc servir de
ligne directrice pour le positionnement d’émetteurs au sein de cavités chirales pour
la conception de sources "superchirales".

7.7.3 Chiralité en champ proche

Théorème de réciprocité

Pour établir un lien entre la chiralité en champ lointain et en champ proche, nous
appliquons le théorème de réciprocité [174]. Nous considérons le cas théorique où
l’illumination et la détection sont permutées (Fig. 7.20(a)) : l’échantillon est excité
par le dessous, du côté du substrat, tandis qu’une sonde SNOM collecte le signal plas-
monique résultant. L’ensemble de l’échantillon est éclairé par un faisceau collimaté
(k = 0) et polarisé selon X, c’est à dire le mode prépondérant dans la configuration
directe, comme discuté précédemment (Fig. 7.16).
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Figure 7.20 – (a) Schéma du montage optique en configuration réciproque. (b)
Notations utilisées pour le calcul de la composante planaire du champ plasmonique.

Calculons la composante planaire du champ plasmon, issu d’une illumination réci-
proque de l’échantillon. Nous rappelons que les plasmons, qui se propagent à une
interface air/métal (positionné à z = 0), sont des ondes transverses magnétiques,
définies par les champs électriques et magnétiques suivants :

Esp = ∇×∇× (Ψẑ) = E‖
sp + E⊥

sp, (7.60)

Hsp = −ik∇× (Ψẑ), (7.61)

donnés par [41] :

E‖
sp = ikz∇‖ψ, (7.62)

E⊥
sp = k2spψẑ, (7.63)

Hsp =
k

kz
ẑ × E‖

sp, (7.64)

où Ψ(x, y, z) = ψ(x, y)eikzz est la fonction de Debye vérifiant l’équation de Helmholtz
et k2 = k2sp + k2z . Après diffraction du faisceau incident sur les sillons de la spirale,
le champ rayonné au point source M s’écrit E(M) ∝ (µ · n̂)n̂ = µ cos(θ)n̂, avec n̂ la
normale à la fente [138, 41] (voir notations sur la Fig. 7.20(b)). Les plasmons générés
se propagent vers le centre de la spirale où ils interfèrent. Ces derniers sont collectés
par la sonde SNOM qui, dans le cas d’une pointe à ouverture, détecte principalement
la composante planaire E‖

sp. En additionnant la contribution de toutes les sources
ponctuelles réparties sur le sillon, nous en déduisons la composante planaire du
champ plasmon au point P :

E‖
sp(P ) ∝

∫ θ0+2πn

θ0

eiksp·r

r
(E(M) · n̂)(n̂ · r̂)r̂dl. (7.65)

Comme précédemment, nous considérons que la pointe SNOM est scannée à proxi-
mité du centre de la spirale rp = 0. Nous en déduisons :

E‖
sp(P ) = E‖,R

sp (P ) + E‖,L
sp (P ), (7.66)
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Figure 7.21 – Simulations des intensités |E‖
sp · u|2 (avec u=X, Y, P, M, R, L)

pour les spirales (a) m = −2 et (b) m = −3. Echelle de couleur : Intensité (u.a.).

avec :

E‖,S
sp (P ) ∝

∑

n

µ

4π
√
2

√
rne

iksprn{(ieiθp)mJm(V ) + (ieiθp)m−2s±Jm−2s±(V )}S, (7.67)

où V = ksprp et S=L ou R (s± = −1). Le signal plasmonique |E‖
sp · u|2 collecté par

la pointe SNOM est simulé sur la Fig. 7.21(a-b) pour les 2 spirales m =-2 et -3.

D’une part, l’équivalence entre l’Eq. 7.19-7.20 et l’Eq. 7.67 corrobore nos mesures
de LDOS partielles. Nous trouvons que la composante planaire du champ plas-
monique est décrite avec les mêmes modes de Bessel obtenues pour la LDOS en
illumination directe (SNOM en mode excitation), ce qui explique les fortes simili-
tudes entre les cartes d’intensité en champ proche et en champ lointain. Les mesures
expérimentales de LDOS partielles en illumination directe décrivent effectivement
les emplacements de l’émetteur où le couplage aux modes de polarisation circulaire
est maximal. D’autre part, nous allons exploiter cette propriété pour discuter des
propriétés chirales des modes plasmoniques en champ proche à l’aide des mesures
de LDOS en champ lointain.

Densité et flux de chiralité en champ proche

On peut remarquer que les champs magnétiques Hsp (Eq. 7.64) et H = ẑ × E
(Eq. 7.57 en régime paraxial) présentent la même dépendance vis-à-vis du champ
électrique. Cette similitude suggère qu’il existe un lien entre les propriétés chirales
en champ lointain et en champ proche. Une récente étude théorique a notamment
rapporté que Φ peut être utilisé comme une observable en champ lointain pour ca-
ractériser le champ proche dans des milieux dispersifs avec pertes [143]. Nous en
fournissons ici la démonstration expérimentale. Dans le cas présent, la chiralité en
champ proche est liée aux modes plasmoniques confinés à la surface de la cavité et
seront notés χsp et Φsp.
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Premièrement, nous trouvons que la densité de chiralité est donnée par :

χsp = −k
2
ℑ
(
(E‖

sp × E∗‖
sp)

kz
· ẑ
)
, (7.68)

où E‖
sp est le champ plasmon détecté dans le montage réciproque. A un facteur kz

près, on trouve que χsp s’exprime comme χ (Eq. 7.58) c’est à dire comme la partie
imaginaire du produit vectoriel du champ. De plus, en raison de l’équivalence entre
E (Eq. 7.19-7.20) et E‖

sp (Eq. 7.67) (théorème de réciprocité), les propriétés de χsp,
associée aux plasmons de surface, peuvent donc se déduire à partir χ, mesuré pour
la LDOS radiative.

Deuxièmement, les composantes normales et planaires du flux de chiralité Φsp =
Φ

⊥
sp +Φ

‖
sp se déduisent de la manière suivante :

Φ
⊥
sp = − c

4

(
(E‖

sp × E∗‖
sp)(1 + (

k

kz
)2)

)
, (7.69)

Φ
‖
sp = − c

2
ℑ
(
E‖

sp × E∗⊥
sp

)
. (7.70)

De nouveau, nous trouvons que la connaissance sur E‖
sp (soit E) fournit une des-

cription complète de la composante normale Φ
⊥
sp. Ce dernier s’exprime de la même

manière que Φ (Eq. 7.59), à une constante 1 + (
k

kz
)2 près. Par conséquent, les me-

sures du paramètre S3 (Fig. 7.19) constituent également une cartographie du flux de
chiralité en champ proche (dans la direction de propagation). En cartographiant la
LDOS en champ lointain, on peut donc aussi capturer les caractéristiques spatiales
de la densité de chiralité et du flux (paraxial) liés aux plasmons.

En outre, cette propriété nous permet d’appliquer le concept de polarisation locale
de LDOS, représentée sur la Fig. 7.18, à l’étude de la chiralité optique des plasmons.
Plus précisément, en suivant les variations spatiales de l’ellipticité ε, on peut contrô-
ler l’évolution de χ et Φ en fonction de l’intensité des modes de la cavité. Ainsi, cette
représentation permet de déterminer les positions du dipôle pour lesquelles la pro-
babilité d’émission et de dissipation de la chiralité en champ lointain sont les plus
élevées. Elle permet également d’estimer qualitativement l’évolution des propriétés
chirales des plasmons.

Finalement, nous avons révélé que les principales caractéristiques chirales du si-
gnal plasmonique en champ proche peuvent être capturées par le biais de mesures
polarimétriques en champ lointain. Bien qu’expérimentalement nous nous sommes
concentrés sur les modes propagatifs, le théorème de réciprocité nous a permis de
caractériser la densité et le flux de chiralité (dans la direction de propagation) asso-
ciés aux plasmons.

Nous devrions préciser que la détermination de la composante transversale Φ
‖
sp né-

cessite de connaître E⊥
sp, qui n’est pas sondé ici. La caractérisation de la cavité avec
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un dipôle vertical, comme celui généré précédemment par une sonde active conte-
nant plusieurs NV, permettrait d’accéder à δρ⊥ et E⊥

sp.

7.7.4 Onde plasmonique planaire rétro-réfléchie sur la source

dipolaire

Figure 7.22 – Illustration du mécanisme de génération et de rétro-réflexion des
plasmons de surface sur la pointe SNOM.

Dans un souci de clarté, nous effectuons à présent une analyse théorique afin de
confirmer le fait que, dans notre étude, χsp et Φsp se rapportent aux plasmons et non
pas à la grandeur de LDOS totale (nous rappelons que χ et Φ caractérisent la LDOS
en champ lointain). Pour cela, nous calculons le champ plasmonique rétro-réfléchi
sur la pointe SNOM comme illustré sur la Fig. 7.22. En effet, la LDOS totale, qui
traduit des interactions radiatives et non-radiatives avec la cavité, peut être déduite
de la puissance rayonnée par le dipôle sur lui-même comme celle produite par un
champ plasmon rétro-réfléchi par les sillons [135, 142]. Les différentes étapes de cette
rétro-réflexion sont illustrées sur la Fig. 7.22 : (1) La source ponctuelle (µ1 = µx̂)
située à la position P excite des plasmons à la surface de la spirale. (2) Ces derniers
diffractent sur les sillons de la structure au point M dont le champ associé s’écrit
(E2(M) · n̂)n̂ avec :

E2(M) ∝ eiksp·r√
| r |

(µ1 · r̂)r̂ =
eiksp·r√
| r |

µ cos(θ)r̂. (7.71)

(3) Enfin, le champ plasmon rétro-réfléchi sur l’émetteur au point P , proche du
centre, peut être calculé en additionnant la contribution de toutes les sources ponc-
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tuelles réparties sur la spirale :

E‖
3(P ) ∝

∑

n

µ

2
√
2

√
rne

i2ksprn

∮
dϕei2ksprp cos(ϕ)

{(e2im(θp+ϕ) + e2i(m+1)(θp+ϕ))R + (e2im(θp+ϕ) + e2i(m−1)(θp+ϕ))L}.
(7.72)

Nous en déduisons le champ plasmon rétro-réfléchi E‖
3(P ) = E‖,R

3 (P )+E‖,L
3 (P ) où :

E‖,S
3 (P ) ∝

∑

n

µ

4π
√
2

√
rne

i2ksprn{(ieiθp)2mJ2m(2V ) + (ieiθp)2(m−s−)J2(m−s±)(2V )}S,

(7.73)

avec V = ksprp. L’Eq. 7.73 démontre que la LDOS totale est régie par une règle de
sélection OAM qui n’autorise que les modes de Bessel avec l = 2m et 2(m−s±). Ces
ordres sont clairement différents de ceux trouvés dans les Eq. 7.19-7.20 et l’Eq. 7.67.
D’une part, la contradiction entre Eq. 7.73 et Eq. 7.67 confirme nos résultats : en
appliquant le théorème de réciprocité, on caractérise la chiralité de la composante
planaire des plasmons de surface qui doit être clairement distinguée du champ rétro-
réfléchi, intervenant dans la LDOS totale.

D’autre part, cette analyse met en évidence l’influence du champ (rétro-réfléchi ou lo-
calisé) à proximité des sillons et confirme l’intérêt des plasmons de surface délocalisés
pour cartographier la LDOS optique. En effet, comme nos données expérimentales
diffèrent fortement du vortex optique prédit dans l’Eq. 7.73, nous pouvons conclure
que le champ du dipôle n’est pas affectée par la rétro-réflexion des plasmons. Par
conséquent, le champ émis peut être considéré comme constant pendant la mesure
autour de rp = 0 [142, 157]. Notre travail diffère radicalement de celui de Hashiyada
et al. qui se concentrent sur les plasmons localisés de sorte que le champ source peut
être perturbé [145].

Bilan Au cours de cette étude, nous avons appliqué la mesure de la chiralité op-
tique au concept de LDOS associé à des cavités plasmoniques spirales. En sondant
la polarisation de la LDOS et en appliquant le théorème de réciprocité, nous avons
démontré que le degré de polarisation circulaire peut décrire les modes de cavité
en champ lointain et servir à extraire les caractéristiques chirales des plasmons en
champ proche. Nous avons révélé que la LDOS mesurée en champ lointain peut être
utilisée comme une observable pour explorer le couplage chiral des plasmons de sur-
face via l’interaction avec la structure. La méthode ainsi proposée pourrait aider au
positionnement des molécules dans les systèmes optiques chiraux afin d’optimiser
leur réponse chirale.

7.8 Conclusion et perspectives

Dans ce dernier chapitre, nous avons relié la chiralité optique aux processus d’inter-
action lumière-matière. D’une part, nous avons montré qu’une cavité plasmonique
spirale possède une LDOS partielle chirale. Au moyen d’un SNOM en mode illumi-
nation combiné avec une analyse polarimétrique, nous avons mis en évidence que les
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Figure 7.23 – Images MEB de cavités plasmoniques spirales au centre desquelles a
été pratiqué un trou. L’épaisseur du film est de 200 nm. Barres d’échelle : 2 µm.

modes de cavité sont sensibles à la polarisation circulaire et peuvent être façonnés
par la charge géométrique de la spirale. A l’aide une pointe SNOM classique à ou-
verture puis d’une sonde active constituée d’un nanodiamant contenant des centres
NV, nous avons démontré que ce comportement chiral se manifeste à la fois pour
la composante planaire et normale de la LDOS partielle. D’autre part, nous avons
introduit le concept de polarisation locale de LDOS et avons proposé une méthode
pour identifier simultanément les positions de l’émetteur où la LDOS est élevée et
la polarisation du canal d’émission. Enfin, nous avons connecté le concept de LDOS
à la densité et au flux de chiralité. Nous avons discuté comment le paramètre de
Stokes S3 peut constituer une observable mesurable de ces paramètres pour la LDOS
partielle radiative. En appliquant le théorème de réciprocité, nous avons démontré
que cette observable peut aider à décrire la chiralité optique liée aux plasmons de
surface. Cette technique offre donc des perspectives intéressantes dans les domaines
de la manipulation optique [172, 173, 114] ou des communications optiques [5]. De
plus avec cette possibilité de déplacer un émetteur quantique dans un environnement
chiral, nous pouvons envisager de concevoir une source à photon unique compacte
qui pourrait générer des vortex optiques polarisés. Dans cette perspective, nous
avons élaboré les cavité plasmoniques ci-dessus dont les centres ont été percés afin
d’accueillir un nano-diamant contenant un centre NV unique (Fig. 7.23). Ce projet
est actuellement à l’étude.
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Annexe D

Complément d’analyse sur la cavité

plasmonique circulaire

Cette annexe est consacrée à l’analyse polarimétrique de la LDOS mesurée sur une
cavité plasmonique circulaire. Dans le corps du manuscrit, nous avons principalement
discuté de sa LDOS partielle analysée dans les bases de polarisations circulaires.

D’une part, nous complétons ces résultats avec la présentation, sur la Fig. D.1, de la
LDOS projetée notamment sur les états de polarisation linéaires X, Y, P, M. Nous
observons un accord remarquable entre les données expérimentales et théoriques.
D’autre part, ces images sont traitées de manière à déterminer les paramètres de
Stokes correspondant (Fig. D.2). Enfin, à partir de ces derniers, nous juxtaposons
la distribution spatiale des ellipses de polarisation à l’image de la LDOS qui n’est
pas analysée en polarisation (Fig. D.3).

Figure D.1 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b) Données expérimentales de la
LDOS partielle planaire. (c) Simulations. L’analyse en polarisation est effectuée
comme indiqué dans l’entête. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité
(u.a.).
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Figure D.2 – Paramètres de Stokes appliqués à la LDOS optique : (a) Données
expérimentales. (b) Simulations. Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur :
Intensité (u.a.).

Figure D.3 – Cartes de polarisation locale de LDOS (a) expérimentales et (b)
théoriques. Les ellipses de polarisation sont superposées à l’intensité totale de la
LDOS : les couleurs rouges et noires font référence à s+ et s−, respectivement.
Barres d’échelle : 500 nm. Echelles de couleur : Intensité (u.a.).
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Annexe E

Complément d’analyse sur la cavité

plasmonique spirale m=+1

Cette annexe est consacrée à l’analyse polarimétrique de la LDOS mesurée sur une
cavité plasmonique spirale de charge géométrique m=1. Dans le corps du manuscrit,
nous avons principalement discuté de sa LDOS partielle analysée dans les bases de
polarisations circulaires.

D’une part, nous complétons ces résultats avec la présentation, sur la Fig. E.1, de
la LDOS projetée notamment sur les états de polarisation linéaires X, Y, P, M.
Nous observons également un accord remarquable entre les données expérimentales
et théoriques. D’autre part, ces images sont traitées de manière à déterminer les
paramètres de Stokes correspondant (Fig. E.2). Enfin, à partir de ces derniers, nous
juxtaposons la distribution spatiale des ellipses de polarisation à l’image de la LDOS
non analysée en polarisation (Fig. E.3).

Figure E.1 – (a) Image MEB de l’échantillon. (b) Données expérimentales de la
LDOS partielle planaire. (c) Simulations. L’analyse en polarisation est effectuée
comme indiqué dans l’entête. Barres d’échelle : 500 nm. Echelle de couleur : Intensité
(u.a.).
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Figure E.2 – Paramètres de Stokes appliqués à la LDOS optique : (a) Données
expérimentales. (b) Simulations. Barres d’échelle : 500 nm. Echelle de couleur :
Intensité (u.a.).

Figure E.3 – Cartes de polarisation locale de LDOS (a) expérimentales et (b)
théoriques. Les ellipses de polarisation sont superposées à l’intensité totale de la
LDOS : les couleurs rouges et noires font référence à s+ et s−, respectivement.
Barres d’échelle : 500 nm.
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Conclusion générale

L’objectif de ce projet de thèse a été de caractériser la chiralité optique dans des sys-
tèmes plasmoniques. Expérimentalement, nous avons exploité les interactions spin-
orbite la lumière pour manipuler ses différents degrés de liberté par l’intermédiaire
des plasmons de surface. Plus précisément, nous avons mis en oeuvre un polariseur
circulaire plasmonique dont le moment angulaire de spin est déterminé par la di-
rection de propagation des plasmons. Nous avons également élaboré des lentilles de
vortex plasmoniques dont l’intensité et le moment angulaire orbital sont régis par la
chiralité de la lumière incidente et de la cavité spirale.

La mise en évidence de ces effets chiroptiques a été accomplie grâce à une étude
détaillée des modes de polarisation. Selon les besoins de l’étude, elle a été mise en
oeuvre soit à l’aide un montage optique opérant en champ lointain, soit au moyen
d’un microscope optique à champ proche. En particulier, nous avons montré que
l’imagerie LRM était un outil particulièrement adapté pour l’étude polarimétrique
des vortex plasmoniques. Nous avons également démontré le potentiel du SNOM
pour sonder la LDOS optique dans un environnement chiral. Pour appuyer nos me-
sures expérimentales, nous avons comparé de manière systématique nos résultats
avec des simulations analytiques basées sur un modèle multidipolaire.

Théoriquement, nous avons étendu les concepts issus du domaine d’étude de la chira-
lité aux structures plasmoniques. D’une part, nous avons montré que le formalisme
des matrices de Jones chirales permettait de révéler de manière non-invasive les
brisures de symétrie 2D et 3D au sein des échantillons. D’autre part, nous avons
introduit une généralisation du modèle de Kuhn pour décrire les milieux de chiralité
mixte. Enfin, nous avons appliqué les figures de mérite de la chiralité aux interac-
tions lumière-matière en établissant théoriquement le lien entre la densité et le flux
de chiralité et la LDOS optique.

Bien que les résultats obtenus au cours de ce projet constituent des preuves de
principe pour la mise en évidence de phénomènes chiraux dans les systèmes plasmo-
niques, ce travail soulève de nombreuses questions et de nombreux points nécessitent
d’être améliorés. Dans un premier temps, nous avons vu que les défauts de fabrica-
tion des échantillons pouvaient engendrer une réponse chirale importante (Chapitre
4). Or, en pratique le montage n’est pas parfaitement aligné et les systèmes op-
tiques et polarisant ne sont pas idéaux. Ces facteurs engendrent des incertitudes
de mesures qu’il est donc indispensable de minimiser. Celles-ci pourraient être tout
d’abord quantifiées en déterminant la matrice de Mueller associé aux erreurs ex-
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périmentales, en suivant par exemple la méthode détaillée dans [175], pour ensuite
pouvoir optimiser la précision du montage.

Dans un second temps, nous avons démontré au Chapitre 5 le transfert du moment
linéaire des plasmons de surface en polarisation circulaire. Au delà des perspec-
tives déjà mentionnées tout au long de ce manuscrit, l’étude des dispositifs plas-
moniques en vue de réaliser des composants optiques miniaturisés pourraient être
complétée par une analyse spectrométrique afin de caractériser la dépendance du
degré de polarisation circulaire vis à vis de la longueur d’onde. De plus, bien que
le modèle simple multi-dipolaire utilisé au cours de cette recherche nous a permis
de comprendre les processus physiques mis en jeu, l’optimisation des performances
des dispositifs pourrait s’appuyer sur des outils numériques pour la conception des
nanostructures et pour tenir compte des couplages interdipolaires. Enfin, l’implé-
mentation de ces structures dans des circuits photoniques nécessite de résoudre le
problème de pertes liés aux plasmons de surface [23]. Pour surmonter cet obstacle,
les scientifiques étudient des systèmes hybrides combinant la plasmonique et des
guides d’ondes diélectriques [176]. Au sein de notre équipe, mon prédécesseur Q.
Jiang a notamment initié ce travail par la démonstration du couplage inverse de
SHEL à l’aide d’antennes métalliques Λ pour orienter des modes guidés [105].

En outre, notre connaissance sur les vortex plasmoniques, présentés au Chapitre 6,
pourraient être approfondie en complétant ces données statiques avec des mesures
dynamiques. Par exemple, Spektor et al. [177] ont enregistré, par le biais de la Photo
Emission Electron microscopy (PEEM), l’évolution de vortex en formation (singula-
rités de phase) au sein de cavités spirales. Dans le cadre de notre collaboration avec
C. Genet de l’Institut de Science et d’Ingénierie Supramoléculaires, notre groupe en-
visage notamment, à l’aide d’une technique d’imagerie LRM résolue en temps [178],
d’examiner à l’échelle de la femtoseconde la dynamique spatio-temporelle d’un pa-
quet d’onde plasmonique durant la formation d’un vortex.

Enfin, nous avons présenté une preuve de concept sur la mesure de la LDOS optique
partielle à l’aide d’une sonde quantique dans un environnement chiral (Chapitre
7). En adaptant notre montage optique pour fonctionner en régime pulsé, nous
pourrions alors envisager de sonder la LDOS totale d’une cavité spirale avec un
centre NV unique [165]. Examiner l’influence de la chiralité sur le temps de vie d’un
émetteur quantique ouvre des perspectives prometteuses dans la mesure du facteur
de Purcell chiral pour renforcer les interactions lumière-matière chirales [132], mais
également dans la manipulation des sources quantiques intégrées dans des circuits
photoniques [179].
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Caractérisation de la chiralité optique dans des systèmes plasmoniques

Résumé L’objectif de ce projet de thèse est de mettre en évidence des phénomènes
de chiralité optique induits dans des systèmes plasmoniques. La manipulation des
différents degrés de liberté de la lumière est mise en évidence par le biais de tech-
niques expérimentales complémentaires basées sur la tomographie en polarisation, la
microscopie à fuites radiatives et la microscopie en champ proche optique (SNOM).
D’une part, nous rapportons une méthode de caractérisation non-invasive afin de ré-
véler la présence conjointe de chiralité planaire et volumique au sein de métasurfaces
plasmoniques. Pour décrire cette chiralité mixte, une généralisation du modèle de
Kuhn est développée. D’autre part, nous démontrons deux dispositifs plasmoniques
exploitant le couplage spin-orbite optique pour contrôler les moments angulaires de
spin et orbitaux de la lumière. En particulier, le mécanisme réciproque de l’effet spin
Hall optique est démontré à l’aide de nano-ouvertures en forme de T : la trajectoire
des plasmons de surface est adressée dans le moment angulaire de spin des photons.
Cette fonctionnalité est ensuite mise en œuvre dans une expérience de brouillage
d’interférence. La génération de vortex plasmoniques est également réalisée par le
biais de cavités spirales, dont la chiralité conditionne l’intensité et le moment an-
gulaire orbital des vortex. Enfin, une preuve de concept sur la mesure de la densité
locale d’états optique, façonnée par un environnement chiral, est démontrée à l’aide
d’une sonde SNOM classique et quantique. Ce travail permet de connecter les gran-
deurs de densité et de flux de chiralité aux interactions lumière-matière. L’étude de
la chiralité dans le contexte de la plasmonique ouvre des perspectives prometteuses
dans la nano-manipulation optique, la séparation de molécules chirales et le contrôle
de sources quantiques.

Characterization of chiral optical effects in plasmonic systems

Abstract In this thesis, we aim at demonstrating chiral optical effects in plasmonic
systems. The manipulation of the different degrees of freedom of light is evidenced by
complementary experimental approaches based on polarisation tomography, leakage
radiation microscopy and scanning near-field optical microscopy (SNOM). On one
hand, we report on a non-invasive method to reveal the coexistence of surface and
bulk chirality in plasmonic metasurfaces. Specifically, we extend the model of Kuhn
to describe this chirality mixture. On the other hand, we demonstrate two plasmonic
devices which rely on the optical spin-orbit coupling to control the spin and the
orbital angular momentum of light. In particular, the reciprocal mechanism of the
spin Hall effect of light is shown using T -shaped nano-apertures : the trajectory
of surface plasmons can be encoded in the spin of the photons. This which-path
marker is then implemented in an interference erazer experiment. Plasmonic vortex
generation is also reported in spiral cavities. The spiral chirality rules the intensity
as well as the angular orbital momentum of the singular fields. Finally, as a proof
of concept, we demonstrate using a conventional and quantum SNOM probe that
the local density of optical states can be structured by a chiral environment. We
also connect the density and flux chirality to light-matter interactions. Studying
chirality in the context of plasmonics opens promising prospects in the optical nano-
manipulation, chiral molecules discrimination and the control of quantum sources.
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