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Introduction

L'homme a toujours essayé de comprendre les di�érents phénomènes qui l'entourent, il a
développé des outils mathématiques et techniques pour expliquer l'existence et l'évolution
d'un grand nombre de phénomènes. Or, la plupart des phénomènes sont non linéaires
et évoluent dans des systèmes dits "dissipatifs". Un système dissipatif est un système
ouvert qui échange de l'énergie et/ou de la matière avec l'environnement. Il est caracté-
risé par l'apparition spontanée des structures complexes et parfois chaotiques appelées
"structures dissipatives". Grâce à l'évolution et l'interaction permanente entre l'expérience,
l'analyse théorique et la simulation numérique, l'étude des structures dissipatives et
des e�ets non linéaires s'est développée considérablement faisant du sujet du soliton dis-
sipatif (structure dissipative localisée et stable) un domaine de recherche à part entière [1,2].

Le terme "soliton" a été introduit pour décrire l'onde solitaire non-linéaire localisée
qui est solution d'une équation non linéaire intégrable, comme par exemple l'équation
de Korteveg de Vries (KDV) et l'équation de Schrödinger non-linéaire. Cependant, des
solutions non-linéaires localisées existent dans de nombreuses situations physiques qui
ne sont pas régies par des équations intégrables. La notion de soliton a été aussitôt
étendue pour couvrir des solutions des ondes solitaires dans des systèmes non-intégrables et
non-conservatifs. Dans un système conservatif, le soliton est une structure localisée produite
à partir d'un équilibre entre la non linéarité et la dispersion ou la di�usion. Dans un
système dissipatif, la structure localisée exige la présence d'un �ux d'énergie continu dans le
système et particulièrement à travers la structure localisée. Pour le maintien de l'existence
du "soliton dissipatif", en plus d'un équilibre entre la non linéarité et la dispersion, un
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équilibre entre l'énergie apportée au système et l'énergie qu'il perd est indispensable. Les
solitons dissipatifs ont un mécanisme d'échange d'énergie interne qui les rend semblables
aux structures biologiques. Ils sont robustes et peuvent exister indé�niment dans le temps
tant que la source d'énergie qui les maintient demeure en activité, leurs formes, leurs
amplitudes et leurs vitesses sont dé�nies par les paramètres du système dissipatif plutôt
que par les conditions initiales [3]. Toutes ces propriétés font du soliton dissipatif un sujet
attractif pour la recherche.

Le laser constitue un outil idéal pour l'étude des systèmes dynamiques dissipatifs et non
linéaires, particulièrement le laser à blocage de modes. Il est relativement facile d'obtenir,
dans ce type de laser, un fonctionnement multi-impulsionnel où plusieurs solitons peuvent
exister et interagir dans la cavité. Des travaux théoriques et expérimentaux ont été menés
dans notre laboratoire par le Pr Ph. Grelu et ses collaborateurs sur les interactions entre les
solitons dans la cavité et spécialement sur les états liés des solitons dissipatifs et la formation
des molécules de solitons stables [4�6]. Il a montré que ces molécules peuvent manifester des
mouvements de pulsations et de vibrations comme dans la cas d'une molécule matérielle
[7�9]. Il a montré aussi qu'un ensemble de solitons dissipatifs peut avoir un comportement
semblable à celui d'un ensemble de particules comme l'apparence des collisions élastiques et
inélastiques [10,11]. D'autres dynamiques et comportements de solitons dissipatifs analogues
aux comportements de la matière et à son évolution ont été rapportés. Le Pr F. Sanchez
et ses collaborateurs ont présenté des observations et des études sur l'évolution d'un grand
nombre de solitons dans un laser à �bre, parmi les dynamiques présentées, nous retrouvons
des évolutions analogues aux transitions de phase de la matière : génération d'un gaz, d'un
liquide, d'un colloïde et d'un cristal de solitons [12,13].

Les di�érentes dynamiques des solitons observées dans les lasers à �bre à blocage de
modes ont pour source une compétition entre plusieurs mécanismes d'interaction, des
interactions cohérentes de courte portée et des interactions non cohérentes de longue portée.
Parmi les mécanismes d'interaction cités dans la littérature nous avons : les interactions
directes entre solitons [14], les interactions via les ondes dispersives [15,16], les interactions
dues à l'épuisement et au rétablissement du gain [17], et les interactions dues aux ondes
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acoustiques [18]. Identi�er, comprendre et estimer l'in�uence de chaque mécanisme sur une
dynamique précise est un sujet de recherche fascinant et di�cile.

Le sujet de ma thèse a été élaboré dans le but de découvrir et d'étudier d'autres dy-
namiques dissipatives et non linéaires et contribuer ainsi à la compréhension des solitons
dissipatifs dans le domaine, largement inexploré, des grands ensembles de solitons. Nous
avons utilisé un laser à �bre fonctionnant en régime de blocage de modes passif par évolu-
tion non linéaire de la polarisation. Cette technique de blocage de modes permet de varier
facilement les paramètres d'absorption saturable et donne la possibilité de changer de façon
importante le régime de fonctionnement du laser. Dans ce type de laser, il est relativement
facile d'obtenir un fonctionnement multi-impulsionnel où plusieurs solitons peuvent exister
et interagir dans la cavité.

Au �nal, mon travail de thèse a concerné deux axes distincts. Le premier concerne la
dynamique multi-impulsionnelle : il s'agit d'un travail expérimental qui consiste en l'étude
de nombreux comportements résultant des interactions entre plusieurs solitons en présence
d'un fond continu. Le second axe concerne un éclairage nouveau de la dynamique mono-
impulsionnelle, à partir d'une étude numérique de la propagation d'un seul soliton dans une
cavité à gestion de dispersion. Ces travaux ont été réalisés dans le Laboratoire Interdiscipli-
naire Carnot de Bourgogne dans l'équipe "Solitons, Lasers et Communication Optique" à
l'Université de Bourgogne à Dijon. Les résultats obtenus sont rapportés dans ce manuscrit
qui est organisé en trois chapitres.

Dans le premier chapitre, nous présentons quelques généralités sur le soliton dans les
�bres et les lasers à �bres. Il est divisé en deux parties. Nous débutons par une description
des e�ets non linéaires et dispersifs en relation avec la propagation des solitons dans les
�bres optiques. Nous présentons le principe de blocage de modes qui permet la génération
des solitons en milieu dissipatif et nous intéressons au blocage de modes par évolution non
linéaire de la polarisation, qui est la technique que nous avons adoptée. Dans la deuxième
partie de ce chapitre, nous rappelons le concept du soliton dissipatif qui est notre principal
centre d'intérêt, les équations dynamiques qui permettent de décrire son apparition et son
évolution. Nous citons quelques exemples sur l'organisation des solitons rapportés dans la
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littérature, et �nissons ce chapitre par présenter les di�érents mécanismes d'interaction
responsables des diverses dynamiques observées.

Le second chapitre est consacré à la présentation des résultats expérimentaux concernant
l'auto-organisation des solitons dans la cavité et les di�érentes dynamiques qui se sont
manifestées. Nous présentons l'observation d'une transition graduelle inhabituelle entre une
situation où le régime de fonctionnement du laser est continu et la situation où le régime de
fonctionnement est impulsionnel. Dans une situation intermédiaire, plusieurs solitons et un
fond continu coexistent dans la cavité. Nous nous intéressons à ce régime de fonctionnement
et aux di�érentes dynamiques obtenues et décrivons une dynamique que nous avons nommée
"pluie de solitons" sous l'in�uence des di�érents paramètres de la cavité. Nous présentons
aussi l'expérience qui permet d'e�ectuer un contrôle externe de cette dynamique ainsi que
d'autres types d'auto-organisation des solitons : "relargage des solitons", vobulation d'un
train d'impulsions "chirped pulse train", ou encore, les molécules stationnaires de solitons.

Le troisième chapitre traite la propagation d'un seul soliton dans la cavité laser, les
résultats numériques de cette étude révèlent l'existence d'un e�et intéressant en relation avec
l'élargissement spectral de l'impulsion. Au cours de sa propagation, une impulsion subit un
élargissement spectral important dans la partie passive de la cavité. Nous décrivons cet e�et
de respiration spectrale et son ampleur, et rapportons aussi l'existence de zones de dispersion
où aucun fonctionnement impulsionnel stable n'est observé. La seconde partie de ce chapitre
est consacrée à l'extraction et l'optimisation du signal. Nous donnons les paramètres de
cavité qui ont permis d'extraire une impulsion dont la largeur spectrale dépasse de manière
importante la bande passante du milieu ampli�cateur.

Nous �nissons par présenter nos conclusions et quelques perspectives que ce travail per-
met d'envisager.
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Chapitre 1

Généralités : Solitons dans les lasers à
�bre
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1.1 Introduction

Depuis son invention, le laser à �bre, comme tous les lasers, n'a cessé de se développer,
o�rant une large gamme d'applications dans l'industrie comme pour les marquages et le
micro usinage, dans l'intervention chirurgicale exigeant une grande précision, dans l'imagerie
médicale, dans les télécommunications ou bien encore dans la défense.

La révolution de la technologie des lasers à �bre résulte des développements dans deux
secteurs principaux, premièrement, l'amélioration remarquable des concepts de fabrication
des �bres, principalement la maîtrise de la fabrication des �bres dopées aux ions actifs
(ions de terre rare). Ces �bres représentent une excellente solution pour l'ampli�cation du
signal optique [19�24]. Deuxièmement, l'augmentation de l'e�cacité du pompage grâce à
l'augmentation de la �abilité de la technologie des lasers à semi-conducteurs. Des lasers à
semi-conducteurs de quelques dizaines de Watts avec une durée de vie très longue (10 000
heures) sont à présent disponibles [25].

Les lasers à �bre présentent de nombreux avantages par rapport à d'autres types de
lasers comme les lasers solides ou semi-conducteurs. Le rapport surface/volume important
des �bres optiques assure une excellente dissipation thermique (les lasers non-�brés sont
souvent associés à un important système de refroidissement). Un autre avantage concerne
les propriétés de la �bre optique qui guide naturellement la lumière dans la cavité. Les
e�ets de di�raction en espace libre sont donc éliminés. Le con�nement de l'énergie optique
sur de grandes longueurs d'interaction permet d'obtenir des gains élevés. La �bre dopée
terres rares présente une large bande de gain du fait de l'élargissement inhomogène dans
les verres, ce qui permet la réalisation de sources accordables ou la génération d'impulsions
ultracourtes. Di�érentes architectures de cavités peuvent être construites facilement telles
que la cavité Fabry-Perot, la cavité en anneau ou une combinaison des deux. Les lasers
à �bre ont un moindre coût et un faible encombrement, les applications embarquées sont
donc envisageables.

Le laser à �bre présente aussi un grand avantage dans le domaine de la physique
fondamentale, parce qu'il constitue un système modèle non linéaire et dissipatif. Il est
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ouvert car il dépend d'une source d'énergie externe (le pompage) et possède des pertes.
Il constitue ainsi un outil idéal pour réaliser des études expérimentales et pour construire
et valider des modèles mathématiques en relation avec les di�érentes dynamiques qu'un
système dissipatif peut présenter. Les impulsions générées par un laser à �bre peuvent être
considérées comme des solitons dissipatifs. Ces derniers présentent des dynamiques très
variées : ils peuvent évoluer, osciller ou encore conduire à des comportements collectifs
complexes [8, 13, 26]. Depuis près d'une décennie, l'étude des solitons dissipatifs s'est
considérablement accrue en o�rant une nouvelle voie dans le domaine de la recherche
fondamentale [1, 2].

Dans ce premier chapitre, nous allons commencer par rappeler les principaux e�ets dis-
persifs et non linéaires présents dans les �bres optiques et rappelons l'équation qui décrit
la propagation de l'impulsion et l'existence du soliton conservatif fondamental. Dans la
deuxième section, le principe de génération des impulsions courtes par la méthode de blo-
cage de modes ainsi que quelques techniques utilisées sont rappelés. La troisième section a
pour objet de rappeler des notions sur le soliton dissipatif : dé�nition du concept de structure
dissipative, équations mathématiques qui décrivent les solitons dissipatifs et les di�érentes
dynamiques associées. Dans la quatrième section, nous nous intéressons aux interactions
entre les solitons dissipatifs, et présentons quelques dynamiques observées en relation avec
le fonctionnement multi-impulsionnel des lasers. Quelques exemples et mécanismes d'inter-
action entres les solitons sont cités pour clôturer le premier chapitre.
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1.2 Propagation d'une impulsion dans une �bre optique

Les di�érentes dynamiques observées dans un laser à �bre dépendent de façon im-
portante des e�ets non linéaires et dispersifs. Nous commençons par rappeler quelques
e�ets de base qui caractérisent la �bre et leurs in�uences sur la propagation d'une impulsion.

E�ets de dispersion

L'indice de réfraction d'un milieu dépend de la longueur d'onde du signal qui se propage
dans ce dernier. De ce fait, deux ondes de longueurs d'ondes di�érentes se propagent à deux
vitesses di�érentes v = c/n(λ). Dans une �bre optique, l'e�et de la dispersion se traduit par
l'étalement d'une impulsion courte au cours de sa propagation. L'in�uence de ce phénomène
est exprimée mathématiquement par le développement de la constante de propagation β(ω)

en série de Taylor autour de la pulsation centrale ω0.

β(ω) = β0 + β1(ω − ω0) +
1

2
β2(ω − ω0)

2 +
1

6
β3(ω − ω0)

3 + ........ (1.1)

Le premier terme β0 représente la constante de propagation à la fréquence ω0, le second
terme β1 représente l'inverse de la vitesse de groupe (vg), le troisième terme β2 représente
la variation de cette vitesse à la fréquence ω0. Le paramètre β2 est appelé coe�cient de
dispersion de vitesse de groupe (DVG), il traduit l'élargissement de l'impulsion lorsqu'elle
se propage dans la �bre, et s'exprime en ps2/m :

β2 =
λ3

2πc2

(
d2n

dλ2

)
. (1.2)

Le coe�cient D (exprimé en ps/nm/km) est souvent utilisé pour évaluer la dispersion de
l'impulsion au cours de sa propagation dans le domaine de la télécommunication optique.
D est relié à β2 par la relation suivante :

D =
dβ1

dλ
= −2πc

λ2
β2. (1.3)
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Le signe de la DVG est très important dans la propagation de l'impulsion dans la cavité
laser.

Lorsqu'une impulsion se propage dans un milieu caractérisé par β2 > 0 (D < 0), ses
composantes à longues longueurs d'onde se propagent plus vite que celles à courtes longueurs
d'onde. L'impulsion se trouve dans un régime de "dispersion normale". En revanche, lorsque
l'impulsion se propage dans un milieu caractérisé par β2 < 0 (D > 0), les composantes de
courtes longueurs d'onde se propagent plus vite que les composantes de longues longueurs
d'onde et l'impulsion se trouve dans un régime de "dispersion anormale".

E�ets non linéaires

L'e�et non linéaire traduit la dépendance entre l'indice de réfraction du milieu et l'in-
tensité du signal qui le traverse. En e�et, lorsqu'une onde électromagnétique se propage
dans un milieu diélectrique, le champ électrique induit un déplacement de charge et donc
une polarisation P . Lorsque l'amplitude du champ électrique devient importante, la réponse
du milieu n'est plus simplement proportionnelle au champ, mais fait intervenir plusieurs
harmoniques, par conséquent, la réponse est non linéaire. Sous l'action d'un champ optique
intense, l'indice de réfraction d'un milieu transparent devient dépendant de l'intensité du
champ optique. Dans le cas d'une �bre optique, l'indice de réfraction est relié à l'intensité I

( I ∝ |E|2) de la lumière incidente par la relation suivante [27] :

n = n0 + n2I(t). (1.4)

Avec n0 = n(λ) l'indice linéaire qui dépend de la longueur d'onde λ responsable de
l'e�et de dispersion évoqué auparavant et n2 est l'indice non linéaire du milieu. Cet e�et
de dépendance est connu sous le nom d'"e�et Kerr optique". L'indice non linéaire, qui
dépend de la matière, est relativement faible ; à titre d'exemple, pour la silice fondue et au
voisinage de la longueur d'onde λ = 1550 nm, l'indice non linéaire varie suivant les mesures
entre 2.2 et 3.4 10−20 m2/W [27, 28]. La valeur courament employée est 2.6 10−20 m2/W .
Toutefois, l'importance des e�ets non linéaires provient de l'importance du con�nement de
l'onde (quelques µm) et des distances d'interaction qui sont plus importantes que dans les
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con�gurations d'optique libre, de quelques mètres à plusieurs milliers de kilomètres.

Une des conséquences directes de l'e�et Kerr est l'auto-modulation de phase (SPM :
self phase modulation) : il s'agit d'un déphasage auto induit par un champ optique intense
lorsqu'il se propage dans une �bre optique. Ce phénomène se traduit par l'apparition de
nouvelles composantes spectrales. Dans le cas où deux champs optiques (1, 2), de fréquences
ou de polarisations di�érentes, se propagent simultanément dans une �bre, en plus de la SPM
induite par chaque champ, un déphasage non linéaire est acquis par un des deux champs
optiques sous l'in�uence de l'intensité de l'autre, c'est l'e�et de la modulation de phase
croisée (XPM : cross phase modulation). Le déphasage non linéaire total (∆φ1) acquis par
le champ optique "1" après avoir parcouru, dans une �bre optique, une distance Z est :

∆φ1 =
2πn2

λ1

[I1(t) + 2I2(t)]Z, (1.5)

où I(t)2 ∝ |E2|2 est l'intensité du champ "2". Le premier terme à droite de l'équation
représente le déphasage responsable de la SPM et le second terme est responsable de la
XPM. Notons que la description complète de la XPM fait intervenir généralement les
termes cohérents E2

1E
∗
2 et E2

2E
∗
1 .

La di�usion Raman : c'est un e�et non linéaire qui résulte de l'interaction entre une
onde lumineuse et les phonons optiques. Une onde lumineuse injectée dans une �bre optique
excite les molécules qui vibrent alors à leurs fréquences propres avant de retourner à leurs
états d'équilibre. Ainsi, un échange d'énergie a lieu entre le milieu et l'onde lumineuse
qui se traduit par l'apparition d'une onde Stokes décalée en fréquence de νR par rapport
à la fréquence de l'onde pompe. Dans le cas d'une �bre en silice, le décalage est νR =
13.2 THz. Un autre e�et non linéaire qui peut se manifer dans la �bre est la di�usion
Brillouin. Elle résulte de l'interaction d'une onde lumineuse avec des phonons acoustiques
via le phénomène d'électrostriction. L'onde lumineuse injectée dans le milieu est alors
rétrodi�usée par l'onde acoustique résonnante et sa fréquence est décalée de l'onde pompe
de νB = (2nva)/λp avec n l'indice du milieu, λp la longuer d'onde de la pompe et va la
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vitesse du son dans le verre (va = 6km.s−1). Dans le cas des �bres à silice et pour une
impulsion pompe à 1550 nm, le décalage est νB'11 GHz [27]. Lorsque les e�ets de di�usion
(Brillouin, Raman) sont stimulés, ils entrent dans la catégorie des e�ets non-linéaires.

1.2.1 Equation Schrödinger non linéaire

La propagation d'une impulsion courte (10 ns - 10 fs) dans une �bre optique est gé-
néralement décrite par l'équation Schrödinger non linéaire (ESNL), cette célèbre équation
di�érentielle partielle non linéaire peut, sous certaines conditions, être résolue analytique-
ment, mais elle permet, surtout, une résolution numérique des phénomènes de propagation.
L'avantage de cette résolution numérique est qu'elle permet alors une bonne compréhension
des di�érents phénomènes résultants de cette propagation.

Soit une impulsion optique caractérisée par un champ électrique E(z, t) dont l'enveloppe
est A(z, t), la fréquence de sa porteuse est ω0 et sa constante de propagation est k0, alors :

E(z, t) = A(z, t)exp[i(k0z − ω0t)]. (1.6)

Dans ce cas, et en supposant que l'enveloppe A(z, t) est lentement variable dans l'espace
et dans le temps devant la porteuse, l'équation qui décrit la propagation de cette impulsion
lumineuse dans une �bre optique selon la direction z est [27] :

∂A

∂z
= −i

β2

2

∂2A

∂T 2
+ iγ | A |2 A, (1.7)

où le temps T est mesuré dans un référentiel qui se déplace à la vitesse de groupe (vg)
de l'impulsion, (T = t − z/vg), et γ représente le coe�cient non linéaire qui s'exprime en
fonction de l'indice de réfraction non linéaire n2. Il est dé�ni comme suit :

γ =
n2ω0

cAeff

(W−1m−1), (1.8)

où Aeff est l'aire e�ective de la �bre optique qui tient compte de la variation de l'intensité
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le long de la section transverse de celle-ci. Aeff est dé�nie par :

Aeff =

[∫ ∫∞
−∞ |ψ(x, y)|2dxdy

]2

∫ ∫∞
−∞ |ψ(x, y)|4dxdy

, (1.9)

où ψ(x, y) est la distribution transverse du champ électrique de l'impulsion.

L'ESNL a été démontrée dans les �bres optiques par Hasegawa et Tappert en
1973 [29, 30], et est à la base de nombreux travaux de recherche dans le domaine des
télécommunications optiques. L'équation (1.7) est l'équation SNL dans sa version la plus
simple, elle prend en considération le premier terme dispersif et le terme non linéaire.
Cependant, il est parfois nécessaire de généraliser cette équation pour inclure d'autres
e�ets, par exemple la dispersion d'ordre supérieur, l'e�et de la di�usion Raman, les pertes
non linéaires, ou bien le gain du milieu ampli�cateur.

In�uence de la dispersion

Considérons le cas où une impulsion courte se propage dans un milieu purement dispersif.
Cette propagation peut être décrite par l'équation (1.7) dans laquelle γ prend une valeur
nulle :

∂A

∂z
= −i

β2

2

∂2A

∂T 2
. (1.10)

Cette équation est généralement résolue dans le domaine de Fourier où elle s'exprime
comme suit :

∂Ã

∂z
− i

β2ω
2

2
Ã = 0, (1.11)

où Ã(z, ω) représente la transformée de Fourier (TF) de A(z, t). La solution de l'équa-
tion (1.11) est donnée par :

Ã(z, ω) = Ã(0, ω)exp

(
i
β2ω

2z

2

)
, (1.12)

où Ã(0, ω) désigne la transformée de Fourier du champ initial.
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A partir de l'équation (1.12), nous pouvons constater que la dispersion (DVG) modi�e
la phase de chaque composante spectrale de l'impulsion. Cette modi�cation dépend de la
distance parcourue et de la fréquence de chaque composante. Nous constatons aussi que
le module de Ã(z, ω) ne change pas |Ã(z, ω)|2 = | Ã(0, ω)|2, il reste constant le long de
la propagation. En revanche, le changement de phase spectrale peut modi�er la forme de
l'enveloppe temporelle. Pour mieux comprendre l'in�uence de la DVG, nous allons considérer
le cas d'une impulsion de forme gaussienne pour laquelle le champ initial prend la forme
suivante :

A(o, t) = exp

(
− t2

2δ2
0

)
, (1.13)

avec δ0 la demi largeur à 1/e de l'intensité reliée à sa largeur totale à mi-hauteur (FWHM)
par FWHM = 2

√
ln 2δ0 ≈ 1.665δ0.

La forme du champ de l'impulsion gaussienne à un point z de la �bre optique est :

A(z, t) =
δ0

(δ2
0 − iβ2z)1/2

exp

[
− t2

2(δ2
0 − iβ2z)

]
. (1.14)

D'après l'équation précédente, l'impulsion préserve un pro�l gaussien au cours de sa
propagation, par contre sa largeur (durée) t1 augmente en fonction de z comme suit :

t1 = δO

[
1 +

(
z

LD

)2
]1/2

. (1.15)

LD représente la distance de propagation caractéristique au bout de laquelle les e�ets
dispersifs deviennent importants LD = δ2

0/|β2|. A z = LD l'impulsion gaussienne s'élargit
d'un facteur

√
2. En parallèle, la phase évolue, l'impulsion acquiert une phase quadratique

de type Φd(z, t) = (at2 +b)z. La fréquence instantanée sous l'enveloppe de l'impulsion, c'est-
à-dire la dérivée temporelle de la phase, s'écarte donc de la fréquence de la porteuse selon
une quantité qui varie linéairement le long de l'impulsion et qui augmente avec la distance
de propagation (voir �gure (1.1)). Cette quantité est : δω = −∂Φd

∂t
appelée "Chirp" ou dérive
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Figure 1.1 � Variation linéaire du chirp fréquenciel δω0 en fonction du temps (T/T0)
d'une impulsion de frome Gaussienne à z=2LD et z=4LD en trait continu, le trait discontinu
représente le pro�l initial z = 0 (a) ; Le chirp induit par une dispersion normale (b1) et une
dispersion anormale (b2).

Figure 1.2 � E�et de la dispersion lors de la propagation d'une impulsion gaussienne dans
une �bre optique.
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de fréquence :
δω = −∂Φd

∂t
= sgn(β2)

[
z/LD

1 + (z/LD)2

]
t

δ2
0

. (1.16)

D'après l'équation (1.15), la largueur temporelle t1 de l'impulsion ne dépend pas du
signe de (β2). L'impulsion s'élargit donc de la même quantité dans les deux cas de régime de
dispersion (normale ou anormale) comme schématisé dans la �gure (1.2). Ceci n'est valable
que pour une impulsion non chirpée intialement. Dans le cas contraire, l'évolution de la
largeur temporelle change suivant le régime de dispersion. Pour mieux voir cette évolution,
considérons le cas d'une l'impulsion incidente de forme gaussienne caractérisée par un chirp
initial linéaire. Le champ prend la forme suivante :

A(o, t) = exp

(
−(1 + iC)

t2

2δ2
0

)
. (1.17)

Où C est le terme de chirp initial. Nous parlons d'un chirp positif lorsque C > 0 : dans
ce cas, les fréquences instantanées augmentent linéairement du début à la �n de l'impulsion
(up-chirp), dans le cas contraire C < 0 le chirp est dit négatif.

Une impulsion gaussienne possédant un chirp préserve sa forme gaussienne lorsqu'elle se
propage dans la �bre. Après avoir parcouru une distance z, sa nouvelle largeur temporelle
t1 est reliée à sa durée initiale δ0 par la relation suivante [27] :

t1
δ0

=

[(
1 +

Cβ2z

δ2
0

)2

+

(
β2z

δ2
0

)2
]1/2

. (1.18)

Cette équation montre que l'élargissement temporel dépend du signe du produit (C.β2).
Autrement dit, l'élargissement temporel dépend du signe du chirp et du régime de dispersion,
comme sur la �gure (1.3) qui représente la variation du facteur d'élargissement temporel de
l'impulsion gaussienne avec un chirp en fonction de la distance z.

Lorsque Cβ2 > 0, la durée de l'impulsion augmente linéairement et de façon monotone
en fonction de z, par contre, pour Cβ2 < 0, la durée de l'impulsion diminue jusqu'à
t1,min (t1,min = δ0 / (1 + C2)1/2) puis augmente. L'évolution de la largeur temporelle de
l'impulsion peut s'expliquer comme suit : pour une impulsion initiale possédant un chirp
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Figure 1.3 � Variation du facteur d'élargissement temporel (a) et du paramétre du chirp
(b) en fonction de la distance z pour une impulsion de forme gaussienne se propageant dans
une �bre à dispersion anormale (β2 < 0). Dans le cas où la dispersion est normale (β2 > 0)
les mêmes courbes sont obtenues avec le signe de C inversé [27].

et dans le cas où la condition β2C< 0 est satisfaite, le chirp induit par la dispersion est
en direction opposée au chirp initial, de ce fait, le chirp résultant se réduit, ce qui conduit
à la diminution de la largeur temporelle. Lorsque le chirp résultant s'annule, la durée
de l'impulsion atteint son minimum. Ensuite, c'est l'e�et du chirp induit par la disper-
sion qui devient le plus dominant, ce qui conduit à un élargissement temporel de l'impulsion.

In�uence de l'auto-modulation de phase(SPM)

Considérons, à présent, la propagation d'une impulsion courte dans un milieu purement
non linéaire. Ce cas peut être modélisé par l'équation Schrödinger non linéaire (1.7) dans
laquelle β2 prend une valeur nulle [27] :

∂A

∂z
= iγ|A|2A. (1.19)

Cette équation peut être aisément résolue et sa solution prend alors la forme suivante :

A(z, t) = A(0, t) exp
(
iγ|A(0, t)|2z)

. (1.20)
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L'équation (1.20) montre que |A(z, t)| = |A(0, t)| et par conséquent, le pro�l d'intensité n'est
pas modi�é au cours de la propagation. En revanche, une variation de phase de l'impulsion
par elle même est obtenue, ce qui est quali�é alors d'e�et d'auto-modulation de phase. Cet
e�et conduit à un déphasage non linéaire ΦNL(z, t) = γ|A(0, t)|2z, dépendant de la puissance
et du pro�l de l'impulsion, et qui augmente linéairement avec la distance de propagation z.
Pour une impulsion de forme gaussienne ou sécante hyperbolique, le déphasage est maximum
au centre de l'impulsion Φmax

NL = γzPc, où Pc représente la puissance crête de l'impulsion.
L'auto-modulation de phase modi�e donc le pro�l spectral de l'impulsion en générant en
permanence, au cours de la propagation, des photons de fréquences inférieures à la fréquence
de la porteuse ω0 sur le front montant de l'impulsion et des photons de fréquences supérieures
à la fréquence de la porteuse ω0 sur le front descendant. De ce fait, l'impulsion acquiert un
chirp dé�ni par [27] :

ω(t)− ω0 = −∂ΦNL

∂t
= −∂|A(t, 0)|2

∂t
γz. (1.21)

Figure 1.4 � Chirp non linéaire : forme temporelle de l'impulsion et décalage en longueur
d'onde.

La longueur d'onde augmente sur le front montant de l'impulsion (décalage vers le rouge) et
diminue sur le frond descendant (décalage vers le bleu) (voir �gure 1.4). Le chirp induit par
e�et d'auto-modulation de phase conduit donc à un élargissement spectral de l'impulsion.
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Comme pour l'e�et dispersif, la distance caractéristique au-delà de laquelle, les e�ets
non linéaires deviennent importants, est notée LNL. Elle représente la distance de la �bre
nécessaire à une accumulation de phase non linéaire au centre de l'impulsion égale à un,
(Φmax

NL = 1). Elle s'exprime par LNL = 1/γPc.

Les longueurs LD et LNL, qui caractérisent les di�érents e�ets observés dans une �bre
optique, sont très utiles pour dé�nir le régime de propagation. Si les valeurs expérimentales
des longueurs caractéristiques sont telles que :

-A) LD ¿ LNL, nous pouvons considérer que le système est principalement dispersif et
peut être modélisé par l'équation (1.10). Lorsqu'une impulsion (sans chirp) se propage dans
ce milieu, elle subit principalement un élargissement temporel.

-B) LD À LNL, le système est principalement non linéaire est peut être modélisé par
l'équation (1.19). Dans ce cas, l'e�et de la SPM conduit à un élargissement spectral de
l'impulsion.

-C) LD ∼ LNL, l'in�uence de la dispersion et la SPM sont d'égale importance sur l'évo-
lution de l'impulsion durant sa propagation. Dans ce cas nous pouvons distinger deux situa-
tions :

- le régime de dispersion est normal (D < 0) : Les composantes de grandes longueurs
d'onde (λ) sont créées sur le front montant de l'impulsion par l'e�et de la SPM, elles se
propagent plus vite (car D < 0). Les deux e�ets (SPM et DVG) contribuent à l'élargissement
temporel de l'impulsion.

- le régime de dispersion est anormal (D > 0) : Dans ce cas, les composantes créées par
la SPM se propagent moins vite, par consequent, une compensation entre la dispersion et la
SPM est obtenue. Cette compensation (entre DVG et SPM) est à l'origine de la formation
des impulsions dites "solitons" dans une �bre optique passive.
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1.2.2 Le soliton hamiltonien

Le soliton optique est une manifestation fascinante de la non linéarité dans les �bres
optiques, elle a été proposée en 1973 par Hasegawa et Tappert [30]. Le soliton résulte d'un
équilibre au sein de la �bre optique entre la dispersion chromatique d'ordre deux (β2) et
la non linéarité liée à l'e�et Kerr [31]. Le soliton brillant est observé dans un régime de
dispersion anormal (β2 < 0) où le chirp généré par la dispersion chromatique est contreba-
lancé par le chirp lié à l'auto-modulation de phase (SPM) de sorte que LD = LNL [31].
En l'absence de pertes et des e�ets d'ordres supérieurs, le soliton est capable de voyager
sans aucune déformation. Le soliton est une des solutions de l'équation ESNL (1.7). Cette
solution exacte peut être établie analytiquement sur la base de la transformée de di�usion
inverse (Inverse Scattering Transform) ou par une approche de type Fourier à pas divisé
(Split-Step Fourier) [27]. La solution "soliton brillant" d'ordre N prend la forme suivante :

A(t) = N
√

P 0sech

(
t

δ0

)
. (1.22)

N est un paramètre sans dimension, N2 = LD/LNL = γP0δ
2
0/|β2|. Il représente l'ordre du

soliton et il nous permet aussi de mesurer l'importance relative des e�ets non linéaires et
dispersifs. δ0 est la largeur à 1/e, elle est reliée à sa largeur à mi-hauteur par FWHM =

2 ln(1+
√

2)δ0. P0 représente la puissance crête du soliton fondamental (N = 1 : LNL = LD),
elle est donnée par la formule suivante :

P0 =
|β2|
γδ2

0

. (1.23)

Pour N = 1 (soliton fondamental), le pro�l sécant hyperbolique reste inchangé :

A(z, t) =
√

P 0sech

(
t

δ0

)
exp

[
iP0z

2γ

]
, (1.24)

le soliton fondamental se propage sans déformation, par contre, les solitons d'ordres supé-
rieurs (N > 1) subissent une déformation périodique durant leur propagation. La distance
Ls au bout de laquelle le soliton retrouve sa forme initiale après déformation est appelée
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période soliton et dé�nie par : Ls = π
2

δ2
0

|β2| . La puissance du soliton d'ordre supérieur est reliée
à la puissance du soliton fondamental par :

Ps = N2P0. (1.25)

La solution "soliton", exprimée par la formule (1.24), n'est pas la seule solution de l'équa-
tion SNL (1.7) (rappelons que la solution soliton est obtenue pour β2 < 0), d'autres solu-
tions existent, elles dépendent des propriétés dispersives et non linéaires de la �bre. A titre
d'exemple, "le soliton noir" est obtenu dans le cas où le régime de dispersion est normal
(β2 > 0) [29, 32]. Le pro�l d'intensité de cette solution représente un "trou" sur un fond
continu qui peut se propager sans modi�cation, une propriété véri�ée pour la première fois
expérimentalement par Weiner et al [33]. Un autre exemple intéressant est "le soliton à
gestion de dispersion". Cette solution est obtenue lorsque la dispersion n'est plus constante
mais varie d'une façon périodique le long de la �bre. De ce fait, les caractéristiques du so-
liton à gestion de dispersion varient de façon périodique, comme nous allons le voir dans le
paragraphe suivant.

Soliton à gestion de dispersion

Le soliton à gestion de dispersion est un soliton qui se propage dans un système constitué
de la succession de segments de �bres à dispersion normale et anormale. La dispersion
moyenne est généralement proche de "0". Ainsi, au fur et à mesure que l'impulsion se
propage, ses di�érentes caractéristiques varient d'une manière périodique (voir �gure (1.5)).
L'impulsion s'étire et se compresse alternativement, elle "respire". Durant une période, elle
atteint deux maxima et deux minima. Les minimas sont généralement très proches de la
limite de Fourier car, à ce point, le chirp s'annule. Sur la �gure (1.5), les deux segments
de �bre ont des dispersions de même amplitude mais de signes opposés. Si les dispersions
ne sont pas de même amplitude, les minimas vont se décaler et il existe une valeur de
dispersion totale au-delà de laquelle un des deux minimas disparaît. Le soliton à gestion
de dispersion peut être fortement étiré, ce qui permet de diminuer considérablement la
puissance crête, par conséquent, les e�ets non linéaires sont minimisés, ce qui conduit à
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une augmentation signi�cative de l'énergie. Pour les lasers à gestion de dispersion, ce type
d'impulsion demeure généralement étiré (chirp positif) au niveau du port de sortie, et
peut donc être re-compressée, par des réseaux réglés en mode de compression (en général
caractérisé par une dispersion anormale). Par cette méthode, des impulsions ultra-courtes
(femtoseconde) et de plusieurs nanojoules ont été obtenues [34�37].

 chirp

Z

Z

Z
-D

+ D

 dispersion (b)

durée de
l'impulsion

Figure 1.5 � Variation de la forme d'une impulsion dans un milieu à gestion de dispersion
(a) ; Représentation schématique de la variation de la durée et du chirp du soliton (b).

Soliton en présence de biréfringence :

Considérons maintenant l'aspect vectoriel du soliton, car jusqu'à présent nous avons
négligé le caractère biréfringent de la �bre, et implicitement, l'e�et de la polarisation. Nous
allons voir dans ce paragraphe que la biréfringence in�uence l'évolution du soliton au cours
de sa propagation.

La biréfringence (Bb) est, par dé�nition, la di�érence d'indice de réfraction entre les deux
axes neutres de propagation (OX, OY ), elle est donnée par la formule :

Bb = (nx − ny). (1.26)

Dans une �bre optique, la biréfringence est souvent due à la brisure de la symétrie
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cylindrique le long de la �bre. Cette asymétrie peut être involontaire ou bien contrôlée.
Dans le premier cas, la biréfringence prend forme lors de la fabrication, elle est "faible" de
l'ordre de 10−8, donc il est possible d'assimiler la �bre optique à un milieu isotrope lorsqu'elle
est de courte longueur et non enroulée. Dans le second cas, la biréfringence est provoquée
volontairement en introduisant des dopants de façon asymétrique lors de la fabrication ou
bien en produisant un c÷ur elliptique, ou encore en appliquant une contrainte externe sur la
�bre (une �exion ou une torsion), comme dans le cas d'une �bre à maintien de polarisation.
Dans cette �bre, la biréfringence est importante sur toute sa longueur, ce qui permet de
maintenir la polarisation lumineuse sur toute la longueur de la �bre selon les deux axes
neutres.

Quand les e�ets non-linéaires dans la �bre optique deviennent importants, une intensité
optique su�sante peut induire une biréfringence non linéaire dont l'ampleur dépend de
l'intensité incidente.

Pour mieux comprendre l'in�uence de la biréfringence non linéaire, considérons une im-
pulsion se propageant dans une �bre optique. La décomposition de son champ électrique
E(r, t) sur les axes neutres (OX,OY ) s'écrit [38] :

E(r, t) =
1

2
[Ex(r, t)x̂ + Ey(r, t)ŷ] exp(−iω0.t) + c.c. (1.27)

L'état de polarisation de cette impulsion varie si ses deux composantes de polarisation
orthogonales se déplacent à des vitesses di�érentes (nx 6= ny). Un déphasage ∆φ entre les
deux composantes de polarisation est accumulé. Pour une longueur de propagation L donnée,
le déphasage accumulé est de :

∆φ = 2π(nx − ny)
L

λ
. (1.28)

Il est à noter que pour une distance L multiple de Lb, les deux composantes de la polarisation
ont une di�érence de phase multiple de 2π. Par conséquent, la polarisation de la lumière
revient à son état initial (voir �gure (1.6)). Cette longueur nommée (longueur de battement)
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est donnée par :
Lb =

2π

|nx − ny| =
λ

Bb

. (1.29)

La longueur de battement est un paramètre important pour tenir compte des e�ets de
polarisation dans les �bres. Une �bre optique est quali�ée de faiblement biréfringente lorsque
sa longueur de battement est supérieure à environ 5 cm. Dans le cas inverse, elle est quali�ée
de fortement biréfringente. La biréfringence peut être mesurée grâce à di�érentes techniques
rapportées dans les références [39�45].

Figure 1.6 � Evolution de l'état de polarisation de la lumière le long de la �bre biréfrin-
gente.

Les indices de réfraction selon les axes de propagation (OX,OY ) sont donnés par :

nx = nx0 + ∆nx,

ny = ny0 + ∆ny. (1.30)

Où nx0 et ny0 représentent la partie linéaire et ∆nx et ∆ny représentent la partie non
linéaire car ils dépendent de l'intensité incidente :

∆nx = n2

(
|Ex|2 +

2

3
|Ey|2

)
,

∆ny = n2

(
|Ey|2 +

2

3
|Ex|2

)
, (1.31)
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où n2 représente l'indice de réfraction non linéaire. Le premier terme qui se trouve à droite
des équations est responsable de l'e�et de l'auto-modulation de phase (SPM), le second
terme traduit l'e�et de la modulation de la phase croisée (XPM), que nous avons décrit dans
le paragraphe précédent. Les expressions (1.31) sont applicables pour une �bre fortement
biréfringente, pour laquelle les termes de couplage cohérents du mélange à quatre ondes
sont en moyenne rapidement à zéro.

Soit une impulsion dont les composantes sont dé�nies par :

Ej(r, t) = F (x, y)Aj(z, t) exp(ik0,jz). (1.32)

Avec F (x, y) la distribution spatiale, Aj(z, t) l'amplitude lentement variable et k0,j la
constante de propagation correspondante (j = x, y). La propagation de cette impulsion dans
une �bre optique biréfringente en absence des pertes (α = 0), est décrite par le système à
deux équations ESNL suivant :

∂Ax

∂z
+ β1x

∂Ax

∂t
+ i

β2

2

∂2Ax

∂t2
= iγ

[(
|Ax|2 +

2

3
|Ay|2

)
Ax +

1

3
A∗

xA
2
ye
−i2∆kz

]
,

∂Ay

∂z
− β1y

∂Ay

∂t
+ i

β2

2

∂2Ay

∂t2
= iγ

[(
|Ay|2 +

2

3
|Ax|2

)
Ay +

1

3
A∗

yA
2
ye
−i2∆kz

]
. (1.33)

Ax et Ay (β1x et β1y) représentent les enveloppes lentement variables (et l'inverse de la
vitesse de groupe) selon l'axe lent (OX) et l'axe rapide (OY ) respectivement.

∆k = k0x − k0y est un terme relié à la biréfringence par : ∆k = 2πλ
Bm

= 2π
LB

.

Le système des deux équations est exprimé dans un référentiel qui se déplace à la vitesse
de groupe moyenne v−1

g = (β1x + β1y)/2.

Le comportement d'un champ optique de polarisation linéaire n'est pas le même suivant
qu'il se propage dans une �bre de forte ou de faible biréfringence :

Dans une �bre de faible biréfringence, la di�érence des vitesses de groupes est relative-
ment faible, β1x ≈ β1y ≈ β1, en les remplaçant dans le système d'équations (1.33) et en
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utilisant les cordonnées circulaires suivantes :
A+
− = (Āx ± iĀy)

√
2 avec Āx,y = Ax,ye

i∆k
2

z, le système prend la forme suivante [38] :

i
∂u+

∂ξ
+

i

2

∂2u+

∂τ 2
+ bu− + (|u+|2 + 2|u−|2)u+ = 0,

i
∂u−
∂ξ

+
i

2

∂2u−
∂τ 2

+ bu+ + (|u−|2 + 2|u+|2)u− = 0, (1.34)

où les pertes sont négligées, b = ∆kLD/2 et les variables normalisées ξ,τ et u+
− sont

dé�nies comme suit :
ξ = z/LD , τ = (1− β1z)/δ0 , u+

− = (2γLD/3)1/2A+
−.

La résolution numérique de ce système permet de distinguer deux situations. Si la lon-
gueur non linéaire est plus importante que la longueur du battement (LNL À Lb ' 2π/∆k),
les solitons de polarisation linéaire restent stables quel que soit leur axe de polarisation, par
contre si LNL < Lb ou LNL ∼ Lb, leur stabilité dépend de leur polarisation, à savoir que, si
les solitons sont polarisés suivant l'axe lent (OX), ils sont et demeurent stables, par contre,
ils deviennent instables s'ils sont polarisés selon l'axe rapide (OY ).

Lorsqu'une impulsion de polarisation elliptique se propage dans la �bre quasi-isotrope,
son ellipse subit une rotation non linéaire [46, 47]. Ce comportement, très interéssant, est
exploité dans une technique de blocage de modes passive (blocage de modes par évolution
non linéaire de la polarisation) a�n de générer des impulsions courtes.

Dans le cas où l'impulsion se propage dans une �bre de forte biréfringence, la faible valeur
de LB conduit à des oscillations rapides si bien qu'on peut considérer que la contribution du
dernier terme dans les équations (1.33), le terme de couplage cohérent, s'annule en moyenne
au cours de la propagation. Dans le cas où les pertes sont négligées et que la �bre est de
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dispersion anormale (β2 < 0), le système est le suivant [38] :

i

[
∂u

∂ξ
+ δ

∂u

∂τ

]
+

1

2

∂2u

∂τ 2
+

(|u|2 + B|v|2) u =0,

i

[
∂v

∂ξ
− δ

∂v

∂τ

]
+

1

2

∂2v

∂τ 2
+

(|v|2 + B|u|2) v =0. (1.35)

Où u et v sont les amplitudes normalisées des composantes du champ polarisées linéai-
rement selon l'axe OX et l'axe OY respectivement.

δ = (β1x − β1y)δ0/2|β2| représente les désaccords des vitesses de groupe entre les deux
axes de propagation, τ = 1

δ0

[
t− ( (β1x+β1y

2
)z

]
est le temps normalisé. B est le paramètre de

couplage dû à la XPM, il prend la valeur de (2/3) dans le cas d'une �bre de biréfringence
linéaire comme exprimé dans l'équation (1.31).

En l'absence de l'e�et de la XPM, les deux composantes évoluent indépendamment, et
après une certaine distance elles seront complètement séparées, car leurs vitesses de groupes
sont di�érentes. Par contre, dans le cas où l'intensité du champ optique est importante,
l'e�et de la XPM n'est plus négligeable, ce qui conduit à une dépendance entre les deux
composantes. Cette dépendance peut donner sous certaines conditions un comportement
oscillatoire, à savoir, les deux composantes de l'impulsion se propagent l'une près de l'autre
et leur distance de séparation n'est plus �xe, elle varie d'une manière périodique [38].
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1.3 Blocage de modes

Dans cette section, nous allons rappeler le principe de génération des impulsions courtes
par une méthode basée sur un phénomène presque aussi ancien que le laser lui même appelé
"verrouillage de modes" ou bien "blocage de modes"(BM) [48�52]. Cette technique a permis
de développer des sources à impulsions ultra courtes (inférieures à la picoseconde), compactes
et très �ables.

1.3.1 Principe du blocage de modes

Le blocage de modes repose sur le principe d'imposer une relation de phase �xe entre les
di�érents modes qui oscillent à l'intérieur de la cavité laser. L'espacement entre deux modes
de cavité appelé l'intervalle spectrale libre (ISL) dépend de la longueur de cavité et vaut
∆γ = c/nL, avec L la longueur du trajet total dans la cavité, n indice du milieu, c la vitesse
de la lumière.

Les �bres dopées aux terres rares (Erbium, Ytterbium) présentent une large bande de
gain (environ 20 nm autour 1.5 µm pour le laser dopé Er) ce qui permet l'oscillation d'un
grand nombre de modes de l'ordre de 105 dans un laser à �bre. Le champ total s'écrit sous
la forme suivante :

E =
∑
m

Emexp(iφm − iωmt), (1.36)

où Em, φm et ωm sont respectivement l'amplitude du mode, la phase et la fréquence du
mode m parmi les 2M + 1 modes de la cavité.

L'interférence constructive entre les di�érents modes donne un champ d'intensité |E(t)|2.
Dans le cas où il n y a pas de relation de phase �xe entre les di�érents modes, c'est le
régime multimode quasi continu. La �gure (1.7 a) présente l'oscillation de cinq modes de
phase aléatoire. Dans le cas contraire, c'est le régime de blocage de modes ; dans ce régime,
plusieurs modes sont synchronisés de telle sorte que la di�érence de phase entre deux modes
voisins est verrouillée (bloquée) à une valeur constante φ = φm−φm−1 (�gure 1.7 b). Ce qui
implique que φm = m.φ + φ0. La fréquence des modes est ωm = 2mπ∆ν + ω0. En utilisant
ces relations dans l'équation (1.36) avec Em = E0 (tous les modes ont la même amplitude
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E0), nous retrouvons l'équation suivante :

|E(t)|2 =
sin2 [(2M + 1)π∆νt + φ/2]

sin2(π∆νt + φ/2)
E2

0 . (1.37)

|E(t)|2 est une fonction périodique de T = 1/∆ν, ce temps qui sépare deux impulsions
n'est autre que le temps que l'impulsion met pour faire un tour de cavité. La durée de
l'impulsion est estimée à partir de l'équation (1.37) : τ = K/(2M+1)∆ν, où K est un facteur
qui dépend de la forme de l'impulsion (K = 0.44 pour une forme gaussienne, K = 0.315

pour une sécante hyperbolique) et (2M + 1)∆ν représente la largeur totale de tous les
modes qui ont une relation de phase �xe (les modes verrouillés). Plus cette largeur spectrale
est importante, plus l'impulsion est courte. En pratique, la durée d'une impulsion est liée
fondamentalement à l'inverse de la largeur spectrale du laser et à la dispersion de la vitesse
de groupe (DVG) car la largeur spectrale d'une impulsion courte est telle qu'on ne peut pas
négliger la variation d'indice dans la �bre entre les fréquences extrêmes, et qui induit un
élargissement de l'impulsion (paragraphe 1-1-a).

Figure 1.7 � Représentation schématique du principe de blocages de modes : a)oscillation
de 5 modes de phase aléatoire (fonctionnement multi mode quasi continu) ; b) relation de
phase �xe (fonctionnement multi mode impulsionnel).
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1.3.2 Méthodes de blocage de modes

Les di�érentes méthodes utilisées pour réaliser un blocage de modes peuvent être
actives ou passives. La distinction entre les deux méthodes est simple, le blocage de modes
actif nécessite l'utilisation d'un signal externe modulé, donc un dispositif externe pour
commander le signal. A l'aide des composants actifs, la commande du signal peut être
optique ou électrique. En revanche, le blocage de modes passif exploite les e�ets optiques
non-linéaires d'un élément qui compose la cavité sans aucune intervention extérieure.

Méthode de blocage de modes actif

Il existe deux manières principales de réaliser un blocage de modes actif dans un laser,
soit par modulation d'amplitude (AM) du signal, soit par modulation de sa fréquence
(FM) [53].

Le blocage de modes actif par modulation de l'amplitude est simple à comprendre
dans le domaine temporel. Il est réalisé en plaçant un modulateur AM dans la cavité
dont la fréquence de modulation correspond à une harmonique de la fréquence fonda-
mentale de la cavité. Le modulateur AM introduit des pertes périodiques dans le temps.
En conséquence, le champ électromagnétique circulant dans la cavité est favorisé à des
localisations temporelles bien �xes pour donner naissance à un train d'impulsions. Pour
le blocage de modes FM, le modulateur de phase utilisé produit une modi�cation de la
phase du signal optique à chaque tour de cavité. Les performances d'un laser à blocage
de mode FM sont sensiblement identiques à celles du laser à blocage de modes AM à
la seule di�érence qu'en blocage de modes FM, l'impulsion acquiert un chirp fréquentiel [53].

Méthode de blocage de modes passif

Le blocage de mode passif est une technique basée sur l'exploitation des e�ets non
linéaires optiques a�n de générer des impulsions courtes sans avoir recours à des modu-
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lateurs externes. En général, l'utilisation des e�ets non linéaires permet d'introduire des
pertes qui dépendent de l'intensité du champ qui parcourt la cavité : ces pertes sont plus
importantes pour le régime continu a�n de favoriser le regime de fonctionnement impulsion-
nel. Plusieurs méthodes basées sur la variation des pertes en fonction de l'intensité (e�et
d'absorbant saturable) sont utilisées comme : les miroirs semi-conducteurs non linéaires
(SESAM) [54,55], les miroirs à boucle optique non linéaire (NOLM) [56], les miroirs à boucle
ampli�catrice non linéaire (NALM) [57], l'e�et de la rotation non linéaire de la polarisation
(RNLP) [58] que nous avons utilisé dans notre cavité laser et qui sera décrit en détail plus
loin dans cette section. Il existe aussi des milieux matériels autres que semi-conducteur
possédant des propriétés d'absorbant saturable : comme les colorant. En�n, de nouveaux
matériaux tels que les nanotubes de carbone et le graphène sont étudiés dans ce sens [59�61].

L'absorbant saturable

Un absorbant saturable AS est un élément caractérisé par une transmission qui augmente
en fonction de la puissance du champ qui le traverse. Pour les faibles valeurs d'intensité,
la transmission est faible, par contre, pour des valeurs d'intensité importantes, l'absorbant
est saturé, il devient donc presque transparent. Chaque absorbant saturable possède quatre
caractèristiques : une plage de fonctionnement en longueur d'onde, une modulation de la
transmission, un temps de relaxation et une intensité de saturation. On dénombre deux
grandes familles : les absorbants saturables dits "lents" (temps de relaxation plus grand que
la durée de l'impulsion), et les absorbants saturables dits "rapides" (temps de relaxation
plus court que la durée de l'impulsion) [62,63].

Le mecanisme de base qui permet d'obtenir des impulsions ultra courtes par la méthode
de blocage de modes avec un absorbant saturable peut être compris de la façon suivante : en
introduisant, dans la cavité laser, un absorbant saturable, les modes qui sont en relation de
phase �xe subissent moins de pertes dans la cavité puisqu'ils correspondent à des pics d'in-
tensité. Par contre, les autres combinaisons de modes sont davantage absorbés. Ainsi, seules
les impulsions intenses, correspondant à des modes synchronisés en phase, peuvent circuler
dans la cavité. De plus, si nous considérons que l'absorbant saturable est rapide [53], l'impul-
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sion qui le traverse est raccourcie temporellement, car son centre est transmis avec moins de
pertes que ses ailes. Le raccourcissement de l'impulsion produit un mécanisme par lequel le
laser minimise les pertes de la cavité en générant des impulsions intenses et ultra courtes [53].

Autres techniques de blocage de modes

Notons qu'il existe d'autres techniques de blocage de modes comme le blocage de modes
hybride (actif-passif). Dans cette méthode, deux techniques de blocage de modes sont com-
binées dans une même cavité a�n d'augmenter la performance du laser. Généralement, une
combinaison entre une technique passive et une technique active permet d'obtenir un train
d'impulsions régulier à une cadense bien dé�nie (BM actif) avec une impulsion plus courte
(BM passif). Le modulateur peut fonctionner à une fréquence multiple de la fréquence fon-
damentale ce qui permet des taux de répétition supérieurs.

Il est aussi possible de combiner deux techniques de blocage de modes passifs. Dans une
approche, un absorbant saturable est introduit dans une cavité qui fonctionne en régime
de blocage de modes via l'évolution non linéaire de la polarisation : cette combinaison a
été utilisée en 1996 par Fermann et al [64]. Le laser a produit des impulsions de 200 fs de
durée avec une énergie supérieure à 100 pJ à 1560 nm. L'état stationnaire est gouverné par
l'évolution non linéaire de la polarisation. En revanche, la présence de l'absorbant saturable
dans la cavité aide à améliorer le déclenchement du blocage de modes (auto déclenchement
de BM). Dans les années 80, une technique dite blocage de modes par collision d'impulsions
(colliding pulse modelocking : CPM) avait été développée [65, 66]. Dans cette technique, le
laser comprend un milieu absorbant entre deux milieux à gain où deux impulsions contra-
propagatives peuvent circuler dans la cavité. Cette cavité est conçue de façon à obliger les
deux impulsions à interagir dans la région d'absorbant saturable [66�69]. Aujourd'hui, cette
technique n'est pratiquement plus utilisée car elle engendre un régime de fonctionnement
peu stable et complexe à mettre en ÷uvre.
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1.3.3 Blocage de modes par évolution non linéaire de la polarisation

Pour générer des impulsions, notre laser utilise la technique de verrouillage de modes
par l'évolution non linéaire de la polarisation. Cette technique est basée sur l'e�et Kerr
décrit dans le paragraphe (1-1-a). La �gure (1.8) représente le schéma de principe de cette
technique.

Figure 1.8 � Schéma de la méthode de blocage de modes utilisant l'évolution non linéaire de
la polarisation de la lumière : SP séparateur de polarisation CP1,2 contrôleurs de polarisation.

Un séparateur de polarisation (SP) placé entre deux contrôleurs de polarisation (CP1,2 )

forme un élément indispensable pour le blocage de modes. La lumière qui traverse le sépa-
rateur de polarisation est linéairement polarisée ; le contrôleur de polarisation CP2 qui se
trouve après SP, transforme l'état de polarisation de la lumière d'une polarisation linéaire à
une polarisation elliptique. Ensuite, l'état de polarisation évolue non linéairement durant la
propagation de l'impulsion dans la �bre à cause de l'automodulation de phase (SPM) et de
la modulation de la phase croisée (XPM), [70]. De ces e�ets non linéaires, il en résulte que le
sommet de l'impulsion (plus intense) subit une rotation plus importante que les ailes de l'im-
pulsion. Le contrôleur de polarisation CP1 qui se trouve avant le séparateur de polarisation
(SP) est ajusté de façon à obtenir une polarisation linéaire au sommet de l'impulsion. Ainsi,
il laisse passer le centre intense de l'impulsion avec un minimum de perte et bloque les ailes
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de l'impulsion. Par conséquent, l'impulsion est racourcie temporellement après un tour de
cavité par un e�et identique à celui produit par un absorbant saturable materiel ultra rapide.

En pratique, l'e�et de rotation non linéaire de la polarisation, tel qu'il a été décrit ci-
dessus, est combiné avec la biréfringence linéaire résiduelle [71]. Cette biréfringence permet
au phénomène de l'évolution de la polarisation de se développer de façon complexe [47,72].
Elle contribue aussi à l'e�et de discrimination de la lumière [73,74], ce qui devient complexe
à modéliser par des formules analytiques [47, 75]. La technique de blocage de modes par
évolution non linéaire de polarisation a été utilisée avec succès dans les lasers à �bres depuis
près de deux décennies [76,77].
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1.4 Solitons dissipatifs

1.4.1 Solitons dissipatifs, structure dissipative

Le soliton dissipatif est une structure localisée capable d'exister pendant une longue pé-
riode de temps dans un système ouvert, bien que les parties de la structure éprouvent des
pertes et gains d'énergie et/ou de matière. Cette structure peut être le pro�l de l'intensité
lumineuse, de température, de champ magnétique, ...etc. Ces solitons existent dans les sys-
tèmes "ouverts" qui sont loin de l'équilibre, ces systèmes dits "dissipatif " sont en contact
avec une source externe qui peut leur fournir l'énergie nécessaire pour compenser les pertes.
La formation du soliton dissipatif est beaucoup plus complexe que celle des solitons conser-
vatifs, car en plus de la dispersion et de la non linéarité, les solitons dissipatifs échangent de
l'énergie et/ou de la matière avec une source externe : un équilibre entre les pertes et le gain
en plus d'un équilibre entre la dispersion et les non linéarités, est nécessaire pour former
et maintenir cette structure. Ces deux équilibres, en fait, deviennent fortement couplés ce
qui o�re des possibilités inédites, par exemple la possibilité d'obtenir un soliton brillant en
régime de dispersion normale.

Les solitons dissipatifs peuvent exister indé�niment dans le temps si les paramètres qui
leur donnent naissance restent constants au cours de la propagation. Ils peuvent évoluer,
ou changer de forme périodiquement, mais disparaissent si les échanges d'énergie et/ou
de matière avec l'extérieur cessent, ou bien si les paramètres du système ne coïncident
plus avec ceux qui ont permis la formation de soliton. Le terme "système dissipatif " a
été employé par Nicolis et Prigogine [78] pour décrire les systèmes thermodynamiques
hors équilibre. Depuis, de nombreux systèmes ouverts non linéaires ont été intensément
étudiés dans le cadre de l'étude théorique des solitons dissipatifs [1, 2]. Le concept du
soliton dissipatif a permis d'expliquer plusieurs phénomènes et dynamiques observés, par
exemple dans le domaine de l'optique non linéaire. Ce concept a permis d'expliquer certains
comportements des solitons dans les lasers à �bre telles que : la formation de molécules
de solitons [11], la vibration des solitons [8, 9], la pulsation des solitons [7], les propriétés
inédites de la collision des solitons [10, 79].
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En inspectant dans la nature, nous nous rendons compte que toutes les particules sont
plongées dans des milieux dissipatifs qui alimentent leurs mouvements en permanence.
Les structures dissipatives sont bien présentes dans la biochimie, l'optique, les systèmes
thermiques, et de façon plus générale, nous pouvons étendre les analogies aux systèmes plus
compliqués telle que l'espèce animale dans la nature. Ce dernier cas peut être considéré
comme une structure localisée, dont les processus internes doivent être équilibrés, son
existence résulte d'un ajustement des paramètres (température, pression, humidité ...etc)
de façon bien précise et si l'apport d'énergie externe cesse, l'espèce animale n'existera plus.
Elle disparaît.

Figure 1.9 � Manifestation du soliton dissipatif : l'équilibre "gain - pertes" et l'équilibre
"e�ets dispersifs - e�ets non linéaires" sont fortement couplés.
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1.4.2 Equations dynamiques

Equation Maîtresse :

L'équation de Schrödinger non linéaire (ESNL) (1.7) est souvent utilisée pour décrire
l'évolution de l'impulsion qui se propage dans une �bre optique. Cette équation permet de
décrire l'in�uence des e�ets dispersifs et non linaires. Cependant, dans les lasers à �bres à
blocage de modes, en plus de la dispersion chromatique et des e�ets non linéaires, d'autres
e�ets qui in�uencent la dynamique du laser sont bien présents et sont indispensables pour
l'équilibre du soliton qui se propage dans ce type de cavité. L'équation maîtresse proposée
par Haus [62,80,81] s'est révélée e�cace pour décrire les mécanismes essentiels régissant les
caractéristiques d'une impulsion issue d'une cavité laser à blocage de modes. Le principe
de cette équation est basé sur la description de l'in�uence des di�érentes contributions qui
constituent la cavité, à savoir, le gain du milieu ampli�cateur, les pertes, la dispersion, les
non linéarités Kerr et l'absorbant saturable. Ainsi, l'enveloppe du champ électrique E va
subir successivement ces contributions au fur et à mesure de sa propagation dans la cavité.
En considérant l'état stationnaire où tous les e�ets se compensent, l'équation maîtresse [80]
s'écrit :

(g − l − iφ)E +

[
g

Ω2
g

+ iD

]
∂2E

∂t2
+ (δ − iγ)|E|2E = 0. (1.38)

Cette équation prend en considération l'in�uence des di�érents éléments précisés ci-dessus :
Les pertes et le déphasage linéaires sont représentés par l et φ respectivement. L'in�uence
du milieu ampli�cateur sur le champ E est g(1 + 1

Ω2
g

d2

dt2
), où g est la coe�cient de gain et

Ωg la largeur spectrale du milieu. Le terme iD d2

dt2
représente l'e�et de la dispersion de la

vitesse de groupe. δ|E|2 (avec δ > 0) est la modulation d'amplitude induite par l'e�et de
l'absorbant saturable et iγ|E|2 correspond à l'automodulation de phase due à l'e�et Kerr.
Pour (g − l < 0), une solution impulsionnelle stable à cette équation peut être obtenue
suivant les valeurs prises par les autres paramètres. Elle s'ecrit comme suit :

E = Asech(t/τ)e[iBsech(t/τ)]. (1.39)
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A est l'amplitude de l'impulsion, τ est la largeur temporelle et B est le paramètre du
chirp. Haus avait montré qu'il est alors possible d'extraire la dépendance des paramètres
caractérisant l'impulsion (A, τ , B) en fonction des grandeurs caractéristiques des éléments
de la cavité. Cette dépendance di�ère suivant le régime de dispersion de la cavité. Dans le
cas où la dispersion est anormale (ici D < 0), le paramètre du chirp B est très faible et varie
généralement très peu avec D ou γ (non linéarité kerr). En revanche, la durée de l'impulsion
"τ" dépend de la valeur γ de façon assez prononcée, ceci d'autant plus que D est grande en
valeur absolue.

En régime de dispersion normal, le paramètre du chirp devient un phénomène prépon-
dérant et dépend très fortement de γ tout en se saturant lorsque D augmente. Il en résulte,
que pour les mêmes valeurs du couple (D,γ), la durée des impulsions est plus courte en
régime anormal qu'en régime normal. Nous pouvons également remarquer qu'on obtient, à
peu près, les mêmes tendances lorsqu'on étudie les caractéristiques de l'impulsion B et τ

toujours en fonction de D mais pour di�érentes valeurs de δ (pertes non linéaires dues à
l'absorbant saturable) en �xant cette fois la valeur de γ. Une di�érence majeure peut toute-
fois être relevée dans le fait que la durée de l'impulsion τ en régime anormal ne dépend pas
de la force de l'absorbant saturable rapide alors qu'elle en dépend fortement à fort régime
de dispersion normal. Il en est quasiment de même pour le paramètre du chirp B [80].

L'équation maîtresse est une extension importante de l'équation de Schrödinger non
linéaire [82]. Elle permet, non seulement, de décrire la propagation des solitons en régime
dissipatif, mais aussi de mieux comprendre le mécanisme de blocage de modes [83]. Cette
équation a été investie pour décrire la dynamique des lasers à blocage de modes pour
plusieurs con�gurations de cavité telles que : les cavités linéaires (Fabry Perot) qui utilisent
des miroirs semi-conducteurs [84�86], ou bien des �bres de Bragg [87�90], les cavités en
anneau qui utilisent l'évolution non linéaire de la polarisation [76,91�93], etc.

Le grand avantage de l'équation maîtresse est qu'elle permet de regrouper l'ensemble
des e�ets mis en jeux dans les systèmes lasers. Elle est le résultat d'un regroupement des
fonctions de transfert de chaque phénomène physique jugé essentiel au fonctionnement du
laser à étudier. Toutefois, ce modèle a des limites. Une des limites est que la gamme des
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paramètres qui permet de décrire la génération des impulsions dans le régime de blocage
de modes est étroite. En e�et, le modèle est particulièrement sensible au paramètre de la
non-linéarité δ ; à titre d'exemple, dans le cas étudié et présenté dans [82], la solution soliton
stable existe lorsque les pertes non linéaires dues à l'absorbant saturable varient dans un
intervalle compris entre 0.01 et 0.0348 (intervalle étroit).

Equation Ginzburg-Landau complexe cubique quintique (GLCQ) :

L'équation qui donne la possibilité d'étudier la dynamique des solitons dans des domaines
plus étendus et d'expliquer de nombreux autres comportements observés dans les lasers à
�bre à blocage de modes est l'équation de Ginzburg-Landau complexe cubique quintique
(GLCQ) suivante [94] :

ψz − i
D

2
ψtt − i|ψ|2ψ − iν|ψ|4ψ = δψ + βψtt + ε|ψ|2ψ + µ|ψ|4ψ. (1.40)

Où D, ν, δ, β, ε et µ sont des constantes réelles et ψ est le champ complexe à deux
variables ( ψ = ψ(t, z)). Il s'agit d'une équation universelle où la signi�cation de chaque
terme dépend du problème étudié. Dans le cas où le système étudié est une cavité laser, z

représente la distance de propagation accumulée, t représente le temps dans le référentiel
local de l'impulsion, ψ représente l'enveloppe normalisée du champ électrique, D = ±1

représente le coe�cient de dispersion qui est positif dans le cas où le laser fonctionne en
régime de dispersion anormal, et est négatif dans le cas où le régime est normal. Le coe�cient
δ représente les pertes linéaires dans la cavité si δ < 0. Le terme iβψtt correspond au �ltrage
spectral (β > 0) lié à la bande passante limitée du milieu ampli�cateur. Le terme ε|ψ|2ψ
représente le gain non linéaire. Le coe�cient µ représente, s'il est négatif, la saturation
du gain non linéaire, ce terme, qui n'est pas présent dans l'équation maîtresse de Haus,
procure une stabilisation indispensable aux solutions solitons. Le coe�cient ν, s'il est négatif,
représente le terme de saturation de l'e�et Kerr dans la cavité.

La GLCQ est une équation générique décrivant des systèmes au voisinage du seuil critique
d'une bifurcation [95, 96]. Elle couvre une large gamme de phénomènes dissipatifs de la
physique, comme la convection binaire d'un �uide [97], l'électro-convection dans les cristaux
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liquides nématique [98] et des réactions chimiques oscillantes [99].
En optique, l'équation GLCQ donne la possiblité de décrire : les systèmes lasers [100,101],

les cavités non linéaires avec pompe externe [102], les oscillateurs paramétriques [103], les
lignes de transmission de solitons avec régénération [104].

Pour les solitons, l'équation GLCQ apporte des réponses et des explications à des situa-
tions et phénomènes observés expérimentalement. Elle a permis de comprendre l'existence
du soliton brillant dans le cas des lasers qui fonctionnent en régime de dispersion normal.
L'étude de solitons dans des domaines plus étendus est possible grâce aux termes d'ordre
cinq (quintique) qui stabilisent les solutions solitons [105, 106]. Ce modèle donne aussi la
possiblilité d'étudier les interactions complexes entre les solitons dans une cavité [10,107] et
aussi de décrire des structures de plus grande dimensionnalité, comme les solitons spatio-
temporels et les balles de lumière [108].

1.4.3 Modèles numériques

Les équations présentées ci-dessus (équation maîtresse de Haus et GLCQ) sont des équa-
tions di�érentielles partielles et non linéaires qui, généralement, n'admettent pas une solution
analytique sauf pour quelques cas bien spéci�ques [38,82]. Une approche numérique est donc
souvent nécessaire pour décrire les systèmes étudiés. Il existe plusieurs modèles numériques
que l'on peut classer dans deux groupes : "les méthodes de di�érences �nies" (the �nite-
di�erence methods) et les méthodes "pseudo spectrales" (pseudospectral methods) [109,110].
L'utilisation d'une méthode numérique dépend de l'équation à résoudre. Cependant, la mé-
thode la plus utilisée en raison de sa grande souplesse d'utilisation est la méthode de "Fourier
à pas divisé" (split-step Fourier).

C'est une méthode pseudo-spectrale, et comme son nom l'indique, la méthode de "Fourier
à pas divisé" est basée sur l'utilisation des algorithmes de transformée de Fourier rapide
(FFT). Elle permet d'étudier la propagation des impulsions dans un milieu dispersif et non
linéaire en découpant le milieu en petites "tranches" où il est possible de découpler les e�ets
dispersifs des e�ets non linéaires. Pour bien comprendre cette méthode, il est utile d'écrire
l'équation de propagation sous la forme suivante [38] :
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∂

∂z
ψ = (D̂ + N̂)ψ. (1.41)

ψ représente l'amplitude lentement variable de l'enveloppe de l'impulsion, D̂ est
l'opérateur di�érentiel qui englobe la dispersion et l'absorption dans un milieu linéaire, N̂

est l'opérateur qui prend en compte les e�ets non-linéaires.

D̂ = −i
β2

2

∂2

∂T 2
+

β3

6

∂3

∂T 3
− α

2
+ ... (1.42)

N̂ = iγ

(
|ψ|2 i

ω0

1

ψ

∂

∂T
|ψ|2A− TR

∂|ψ|2
∂T

)
+ ... (1.43)

En général, la dispersion et la non-linéarité agissent ensemble le long de la �bre. La méthode
de Fourier à pas divisé suppose qu'en découpant le milieu de propagation en segments de
longueur h su�samment �ns, il est possible de dissocier les e�ets linéaires des non-linéaires.
Par conséquent, la propagation entre z et z + h peut être divisée en deux étapes. Dans la
première étape, la dispersion agit seule et N̂ = 0. Dans la seconde étape, la non-linéarité
agit seule et D̂ = 0. Mathématiquement, la résolution de l'équation (1.41) revient à écrire :

ψ(z + h, t) ≈ e(hD̂)e(hN̂)ψ(z, t). (1.44)

Avec e(hD̂) et e(hN̂) deux opérateurs qui agissent dans les domaines respectifs fréquentiel et
temporel. L'équation (1.41) peut être résolue en deux étapes.

1re étape : pas dispersif : Nous considérons dans cette étape, que seul l'opérateur de
dispersion agit (N̂ = 0). Comme l'opérateur di�érentiel ∂/∂t est équivalent à une multipli-
cation par "-iω" dans l'espace des fréquences, l'expression de cet opérateur ˜̂

D est simple et le
problème peut être facilement résolu dans l'espace des fréquences. En utilisant la transformée
de Fourier inverse, la forme du champ au point z + h est :

ψ́(z + h, t) = TF−1
[
e(h

˜̂
D)TF [ψ(z, t)]

]
. (1.45)
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2me étape : pas non linéaire : dans cette seconde étape, seul l'opérateur non linéaire
agit (D̂ = 0). Nous appliquons donc cet opérateur dans le domaine temporel, et la forme du
champ est :

ψ(z + h, t) = ψ́(z + h, t)e(N̂4z). (1.46)

En réitérant ces deux opérations un grand nombre de fois, de proche en proche, nous
avons accès au champ en fonction de la distance de propagation et réalisons, ainsi, une
simulation numérique de la propagation de la lumière dans une �bre optique. Ensuite, il
est possible de mettre au point un modèle assez précis de la cavité laser, tenant compte
des propretés spéci�ques à chaque tronçon de la �bre, puis d'incorporer les e�ets de gain et
d'absorption saturable.
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1.5 Interactions entre solitons

1.5.1 Interactions entre solitons : exemples

La génération d'impulsions multiples est un phénomène connu dans les systèmes lasers à
blocage de modes. Ce mode de fonctionnement est observé dans la plupart des con�gurations
et architectures de cavité, notamment, les lasers à impulsions étirées [111, 112], les cavités
lasers en forme de huit [113], et les lasers à blocage de modes par évolution non linéaire de
la polarisation [114]. Il est facilement observé dans le cas d'un régime de dispersion anormal
et subsiste en régime normal [46,115,116], et pour di�érents milieux actifs tels que l'Erbium
ou l'Ytterbium [11,46,117�119].

Figure 1.10 � Trace d'autocorrélation du signal laser tiré de la référence [120] qui montre
la formation du train qui se compose d'impulsions similaires séparées de 27.7 ps lorsque la
puissance de pompe augmente a) 2 impulsions ; b) 3 impulsions ; c) 4 impulsions.

Le fonctionnement multi-impulsionnel apparaît lorsque le gain excède un certain seuil.
A titre d'exemple, le laser à �bre, décrit dans la référence [120], révèle qu'à partir d'un
fonctionnement mono-impulsionnel et en augmentant la puissance de pompe, des impulsions
sont créées. L'augmentation de la puissance de pompe a tendance à maintenir le régime
de fonctionnement, cependant, des petites ailes accompagnant l'impulsion sont observées.
Puis en augmentant la puissance de pompe, et lorsque celle-ci dépasse le seuil critique,
une nouvelle impulsion est créée. La �gure (1.10), qui représente la trace d'autocorrélation,
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montre bien le train d'impulsions formé par des impulsions séparées de 20.7 ps. Le train se
compose de a) deux impulsions, b) trois impulsions et c) quatre impulsions [120].

Le mécanisme de l'établissement du régime multi-impulsionnel dans les lasers à blocage
de modes a fait l'objet de plusieurs études expérimentales et théoriques [4,93,115,121�123].
Les solitons, une fois créés, peuvent s'organiser dans la cavité et présenter de nombreuses
con�gurations : ils peuvent avoir des mouvements relatifs irréguliers, occuper des positions
�xes le long de la cavité, ou encore se regrouper en formant des paquets.

Solitons en mouvements relatifs : collision

Dans une cavité, et sous certaines conditions, des solitons et groupes de solitons peuvent
se propager avec des vitesses de groupe di�érentes, par conséquent, des collisions entre ces
solitons sont observées. Ces collisions peuvent être élastiques ou inélastiques, elles peuvent
avoir lieu entre un soliton et un groupe de solitons liés, ou bien, entre des groupes de
solitons [10,79,124,125].

Figure 1.11 � Une collision élastique entre un doublet de solitons dissipatifs et un soliton
réf [10].

1/La �gure (1.11) représente un exemple de collision élastique entre un doublet de solitons
et un soliton "individuel" tiré de la référence [10]. Dans cette référence, Ph. Grelu et al
ont présenté une étude expérimentale et numérique des collisions d'un groupe de solitons
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dissipatifs. Ils avaient constaté que deux solitons peuvent être groupés et former un doublet
de solitons stable. Ce doublet de solitons possède une vitesse de groupe di�érente de la vitesse
de groupe du soliton "individuel". La collision entre le doublet et le soliton "individuel"
détruit l'état lié du doublet, mais une nouvelle paire se forme. Ce nouveau doublet s'éloigne
avec la même vitesse de groupe que le doublet détruit durant la collision. Une vidéo qui
montre une observation expérimentale de la collision entre solitons peut être consultée à la
référence [10].

Nous avons dans la �gure (1.12) deux autres exemples des collisions entres solitons
dissipatifs dans une cavité laser, ces exemples tirés des travaux de N.Akhmediev et al [126]
montrent la formation d'un groupe de trois solitons liés après une collision entre un doublet
de solitons et un soliton "individuel" (�gure (1.12 a)), alors que la �gure (1.12 b) représente
un exemple de collision entre un doublet de solitons et un soliton "individuel" où le doublet
de solitons est ré�échi par le soliton individuel.

Figure 1.12 � Exemples des collisions entre les solitons [126] a) la formation d'un groupe
de trois solitons après une collision entre un doublet de solitons et un soliton "individuel" ;
b) un doublet de solitons "repoussée" par le soliton "individuel" après la collision.

2/Lorsque le nombre de solitons est relativement grand, les solitons peuvent présenter
un comportement similaire à celui d'un "gaz" [12, 127�129]. En e�et, dans cette situation,
les solitons sont en mouvement perpétuel les uns par rapport aux autres, sans aucune
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relation de phase déterminée, ils occupent tout l'espace disponible limité par l'intervalle
spectral libre de la cavité. Les interactions entre les solitons sont faibles car la distance
entre les solitons est relativement grande, de ce fait, les solitons sont libres de se déplacer
dans toute la cavité mais subissent de nombreuses collisions, comme c'est le cas dans un
"gaz" formé par des atomes ou des molécules.

Distribution stationnaire des solitons le long de la cavité :

Dans ce cas, les impulsions générées occupent des positions �xes en s'étalant sur toute
la cavité. Nous pouvons distinguer deux con�gurations. Dans la première con�guration, les
solitons occupent des positions aléatoires dans la cavité, donc une distribution irrégulière
des solitons sur un tour de cavité est observée [130�132]. Un enregistrement d'oscilloscope
illustré dans la �gure (1.13) présente un exemple de ce type d'organisation des solitons
dans la cavité. Cette distribution aléatoire peut être reproduite tour après tour (régime
stationnaire).
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Figure 1.13 � Distribution aléatoire des solitons sur un tour de cavité.

Dans la seconde con�guration, les solitons sont régulièrement espacés le long de la cavité,
c'est le régime de fonctionnement harmonique [114, 133, 134]. La �gure (1.14) représente
l'évolution temporelle du signal laser fonctionnant à la 31ième harmonique de la fréquence
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Figure 1.14 � Les solitons sont régulièrement espacés (fonctionnement harmonique).

fondamentale de la cavité. Le fonctionnement harmonique o�re la possibilité d'augmenter
la cadence du laser. Cependant, il est généralement plus di�cile d'avoir un régime de
blocage de modes harmonique stable lorsque le nombre de solitons par tour de cavité est
important. Un fonctionnement harmonique d'une stabilité satisfaisante a été rapporté dans
la référence [135]. Dans cette étude, des impulsions de 1 ps ont été générées avec un taux
de répétition de 3 GHz ; avec ce taux, le laser fonctionne à la 322ième harmonique de la
fréquence fondamentale de la cavité. Une autre stratégie, plus éprouvée, consiste à réduire
de façon importante la longueur de la cavité et d'atteindre des taux de répétition élevés
avec des harmoniques moins importantes.

Solitons groupés en paquets

Dans ce cas, les solitons forment un groupe d'impulsions généralement stables, la largeur
temporelle de ce paquet ∆τ étant nettement inférieure à la durée d'un tour de cavité T ,
∆τ ¿ T . La �gure (1.15) présente un exemple de cette organisation. Dans cette �gure,
la largeur du paquet est ∆τ = 1.9 ns, et la durée d'un tour de cavité est de 66 ns. La
distance δts qui sépare deux solitons voisins peut être variable (�gure (1.15)), ou bien �xe à
l'intérieur du paquet. Dans ce dernier cas, les solitons qui forment le paquet ont une relation
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de phase �xe. Ph. Grelu et al ont présenté dans [4, 6] deux cas de formation de groupes
de solitons liés avec une relation de phase �xe. Pour des conditions de blocage de modes
et de puissance de pompe bien dé�nies, le laser a généré un groupe lié constitué de deux
solitons (610 fs) séparés par une distance de 6.9 ps, avec un déphasage de −π/2 entre les
deux solitons. Pour d'autres conditions, le groupe lié est formé de deux solitons (510 fs) sé-
parés de 2.7 ps avec cette fois un déphasage de +π/2 entre les deux solitons (voir �gure 1.16).
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Figure 1.15 � Enregistrement de l'oscilloscope : solitons groupés en paquets de 1.9 ns de
durée, la durée d'un tour de cavité est de 66 ns.

L'auto-organisation des solitons dans des paquets a été décrite et rapportée par plusieurs
études expérimentales et théoriques. Ces paquets de solitons peuvent contenir un petit
nombre de solitons (2, 3...) et forment ce qu'on appelle "une molécule de solitons". Il a été
montré expérimentalement et théoriquement [11], que -sous certaines conditions- ces solitons
liés adoptent un comportement semblable à celui d'une molécule matérielle, et peuvent
manifester des mouvements de vibrations et d'oscillations. Lorsque le nombre de solitons
liés est important dans un paquet de solitons (quelques dizaines à quelques centaines), il
est possible d'obtenir "un réseau de solitons liés". La formation d'un réseau de 350 solitons
liés dans un paquet de 8.2 ns a été observée et présentée dans la référence [12,136].
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Figure 1.16 � Paire de solitons liés [6] ; a) et b) représentent respectivement la trace
d'autocorrélation et le spectre optique de la paire de solitons avec 6.9 ps de séparation et
−π/2 de di�érence de phase ; c) et d) représentent respectivement la trace d'autocorrelation
et le spectre optique de la paire de solitons avec 2.7 ps de séparation et +π/2 de di�érence
de phase.

.
Figure 1.17 � La trace temporelle d'une transition du "liquide" de solitons au "cristal"
de solitons [12].
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Il faut noter que lorsqu'un grand nombre de solitons coexistent dans la cavité, un
comportement collectif analogue à un comportement thermodynamique de la matière peut
être observé [13, 137], comme la formation d'un gaz de solitons, ou bien, d'un cristal de
solitons [129, 138]. Dans ce contexte, nous allons présenter dans le chapitre deux l'étude
que nous avons menée sur la dynamique de la pluie de solitons. C'est une dynamique que
nous avons observée dans un laser à �bre à blocage de modes et qui a révélé des analogies
avec le cycle de l'eau et des analogies avec des transitions thermodynamiques de la matière,
comme le processus d'évaporation ou bien la transition vers l'état liquide [26,139]. D'autres
exemples similaires au comportement thermodynamique de la matière ont été rapportés
dans la référence [12]. Nous pouvons citer l'exemple d'une transition d'un état dit "liquide
de solitons" à un état dit "cristal de solitons". La �gure (1.17) illustre cette transition d'un
point de vue temporel et montre l'évolution d'un bloc de solitons pour donner naissance
à un seul bloc �gé et stable de solitons. L'analogie entre les particules de la matière
et les solitons optiques est très intéressante car elle donne la possibilité de quali�er le
comportement observé, ainsi, elle permet de mieux classi�er les dynamiques obtenues. La
construction d'un modèle théorique permettant de comprendre ces comportements collectifs
demeure un objectif très ambitieux.

1.5.2 Mécanismes d'interactions

L'auto-organisation des solitons dans la cavité est due aux di�érents mécanismes
d'interaction qui peuvent exister dans la cavité. Identi�er ces di�érents mécanismes, les
étudier et les comprendre est un travail qui attire et sollicite toujours la curiosité des
scienti�ques. Plusieurs propositions ont été avancées et de nombreuses études théoriques et
expérimentales ont été présentées dans le but d'expliquer et de répertorier les mécanismes
d'interaction qui interviennent dans la dynamique multi-impulsionnelle des lasers à �bres.
A ce jour, nous pouvons distinguer et citer quelques types d'interactions :
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Interactions cohérentes

Les interactions cohérentes sont des interactions de courte portée, elles se manifestent
lorsque la distance entre les solitons est faible typiquement inférieure à 100 ps. Plusieurs
travaux théoriques et expérimentaux décrivent ces interactions cohérentes ainsi que leurs
in�uences sur la dynamique des solitons. Nous pouvons distinguer deux types d'interactions
cohérentes : l'interaction soliton-soliton via les ailes des solitons (interaction directe) et
l'interaction soliton-soliton via les ondes dispersives rayonnées par ces mêmes solitons.

En 1983, Gordon [14] a présenté une étude théorique de l'interaction entre deux solitons
voisins se propageant dans une �bre optique. Il a montré que les solitons exercent une force
sur leurs voisins proches, cette force pouvant être attractive ou répulsive selon la di�érence
de phase relative entre les solitons. L'amplitude de cette force diminue exponentiellement
en fonction de la distance de séparation, ce qui a été con�rmé expérimentalement par
Mitschike et Mollenauer en 1987 [140]. Cette interaction a été décrite par l'équation ESNL
qui considère que le système est Hamiltonnien (conservatif). Or les systèmes qui contiennent
du gain et des pertes, comme les lasers, sont des systèmes dissipatifs, donc il est plus
adéquat d'utiliser l'équation de GL pour décrire leurs dynamiques. La résolution de cette
équation montre qu'il est possible d'obtenir un groupe de solitons liés comme solution. En
e�et, Malomed [141�143] a présenté une étude théorique qui montre qu'une interaction
entre deux solitons voisins via leurs ailes permet de former un groupe de solutions liés
dont la séparation est �xe, ce qui a été con�rmé par Akhmediev et al [107, 144, 145] qui
ont montré en plus que ces solitons liés peuvent être d'une grande stabilité pour une
di�érence de phase relative de ±π/2. Ph. Grelu et al rapportent des études expérimentales
et numériques sur la dynamique du laser à �bre fonctionnant en régime des états liés de
solitons [4, 6]. Ils ont obtenu, pour des conditions bien précises, des groupes de solitons
liés d'une grande stabilité avec une di�érence de phase relative de ±π/2. La distance de
séparation entre les soliton est relativement faible, à titre d'exemple, pour un groupe de
solitons de 540 fs la distance de séparation est de 2.7 ps (cinq fois la durée) [123]. La
formation de ces groupes est due aux interactions soliton-soliton via leur ailes. Pour une
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distance entre les solitons relativement plus importante, la formation de paquet de solitons
est due à une interaction soliton-soliton qui s'établit à travers "les ondes dispersives".

La présence des ondes dispersives est due à la propagation d'un soliton dans une cavité
possédant des discontinuités importantes comme une cavité à gestion de dispersion. En e�et,
au cours de sa propagation, le soliton subit les changements périodiques des paramètres de
la cavité mais à chaque point �xe, la forme du soliton se convertit en un pro�l stationnaire
en donnant naissance à des ondes dispersives. Les interférences constructives de ces ondes,
après plusieurs tours de cavité, se traduit par l'apparition des pics sur le spectre optique
appelés "bandes spectrales de Kelly" (Kelly sidebands) [15,16]. Ces ondes dispersives jouent
un rôle important dans la dynamique des lasers. A titre d'exemple, Ph. Grelu et al ont
rapporté dans la référence [4], la formation d'un groupe de solitons de 450 fs séparés de 20
ps. Même si la distance de séparation est relativement grande (45 fois), la formation et la
stabilité de ce fonctionnement dans ce cas, sont dues à la présence des ondes dispersives.
Ces ondes dispersives in�uencent la distance de séparation et la di�érence de phase entre
les solitons [123]. Ces types d'interactions sont considérés comme des interactions à courte
portée. D'autres types d'interactions, dont la distance d'interaction est de l'ordre de la
nanoseconde, sont quali�és de "longue portée".

Epuisement et rétablissement du gain (gain depletion and recovery)

J.N. Kutz et al ont rapporté une étude sur la dynamique des solitons dans un laser à �bre
fonctionnant en régime harmonique [17]. Ils ont montré que le mécanisme "d'épuisement et
rétablissement" du gain du milieu ampli�cateur est une source d'interaction entre les so-
litons. Ce mécanisme est responsable de la distribution régulière (ou quasi-régulière) des
solitons le long de la cavité. En e�et, lorsqu'une impulsion traverse le milieu ampli�cateur,
le niveau du gain diminue au pro�t de l'impulsion (c'est l'e�et d'épuisement du gain), puis
sous l'e�et du pompage, le niveau du gain augmente, et retrouve après un temps ∆t, son
niveau initial (l'e�et de rétablissement). Cependant, le processus d'épuisement du gain dé-
pend du temps, la partie avant de l'impulsion reçoit plus de gain que la partie arrière. Cette
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dépendance temporelle génère une dérive de la vitesse de groupe (DVG) de l'impulsion vers
le niveau le plus élevé du gain, par conséquent, les impulsions ont tendance à se repousser
mutuellement. L'ampleur de cette dérive de vitesse de groupe est proportionnelle à la quan-
tité du gain reçue par l'impulsion, cette quantité dépend du niveau du gain après le passage
de l'impulsion précédente (autrement dit, la durée ∆t du processus de rétablissement).

L'in�uence de la dérive de vitesse de groupe est analogue à une force répulsive, propor-
tionnelle au temps de recouvrement donc à la séparation temporelle des impulsions voisines.
Les interactions entre les solitons via le mécanisme d'épuisement et de rétablissement du
gain du milieu ampli�cateur sont souvent impliqués dans le régime de fonctionnement
harmonique d'un laser.

Interactions acoustiques

Pilipetskii et al [18] ont montré dans une étude théorique que des ondes acoustiques
peuvent être à l'origine de l'interaction entre impulsions. Les ondes acoustiques sont
stimulées par les impulsions elles-mêmes lorsqu'elles se propagent dans la �bre via l'e�et
"d'électrostriction". Cette étude présente deux points importants. Le premier point est
que, dans la majorité des cas, l'interaction acoustique, qui est de longue portée, mène à
la formation d'un paquet d'impulsions non régulières. Toutefois, pour des conditions bien
précises, elle peut mener à des impulsions régulièrement espacées. L'autre point est que la
variation de l'indice de réfraction e�ectif, due aux vibrations acoustiques, est plutôt faible
(10−11 − 10−12), par conséquent, dans une cavité laser, l'interaction acoustique peut être
facilement masquée par d'autres e�ets et d'autres types d'interactions.

Fluctuations du fond continu

Ce mécanisme d'interaction, basé sur les �uctuations du fond continu, est non cohérent
et de longue portée. Ce fond continu peut avoir plusieurs sources : les modes non verrouillés
en phase de la cavité, l'ampli�cation de l'émission spontanée ou bien encore les ondes
dispersives. Une nouvelle approche nommée "statistical light-mode dynamics" (SLD)
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semble être intéressante car elle permet d'expliquer certaines dynamiques observées. Cette
approche (SLD) est basée sur l'idée de décomposer un signal laser en une impulsion
solitonique plus un bruit continu a�n de mieux voir l'in�uence du bruit sur la dynamique
du laser. En utilisant cette approche, O. Gat et al [146, 147] ont montré que les �uctua-
tions du fond continu créent des forces virtuelles attractives "forces de Langevin" :
sur le fond continu, le soliton dérive "glisse" vers les �uctuations croissantes, l'intensité
des �uctuations augmente lorsque les solitons se rapprochent, ce qui crée une force attractive.

Complexité

Il faut noter que dans les lasers à gestion de dispersion multi-impulsionnels, plusieurs
mécanismes d'interactions existent dans la cavité et peuvent se manifester en même temps.
Ces mécanismes d'interactions rapportés par les di�érents travaux sont répertoriés dans le
tableau (1.18). La compétition entre les di�érents mécanismes o�re des dynamiques très
riches et variées, souvent une con�guration précise, telle que le fonctionnement harmonique
ou bien la formation d'un paquet de solitons liés, est le résultat de l'in�uence de plusieurs
mécanismes d'interactions. Estimer la "dominance" ou l'apport d'un mécanisme par rapport
à un autre est très di�cile, car dans certains cas, une modi�cation modérée d'un paramètre
expérimental (conditions de blocage de modes) peut favoriser un mécanisme d'interaction
par rapport à un autre, ce qui o�re la possibilité d'observer un régime de fonctionnement
di�érent, ou bien encore d'observer une transition dynamique, comme la transition d'un
état de gaz de solitons vers un état de cristal de solitons. Dans le chapitre suivant, nous
allons présenter une étude expérimentale sur une dynamique complexe et riche où plusieurs
mécanismes d'interactions interviennent. Cette dynamique témoigne de la complexité du
fonctionnement multi-impulsionnel du laser à �bre à gestion de dispersion.
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Figure 1.18 � Tableau des di�érents mécanimes d'interactions et quelques exemples cor-
respendants.
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Chapitre 2

Auto-organisation des solitons
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2.1 Introduction

L'étude des solitons dissipatifs dans les lasers à blocage de modes révèle des dynamiques
variées et éventuellement complexes, en particulier pour les régimes multi-impulsionnels.
Les premiers travaux théoriques [7, 11] et expérimentaux ont traité la dynamique d'un
petit nombre de solitons en interaction, par exemple : les états liés stables ou molécules de
solitons [10], les collisions de solitons [8, 9, 79], les vibrations de doublets de solitons [148].
Avec plusieurs dizaines ou centaines de solitons en interaction, des comportements collectifs
complexes se sont manifestés [123,137,149], comme la dynamique nommée pluie de solitons
qui sera décrite dans ce chapitre. Cette dynamique est observée dans un laser qui fonctionne
dans un régime intermédiaire entre le fonctionnement de blocage de modes et le fonction-
nement continu. Dans ce cas, un fond continu et plusieurs impulsions peuvent coexister et
interagir dans la cavité, ce qui o�re des possibilités nouvelles d'auto-organisation des solitons.

Les résultats des di�érentes études expérimentales que nous avons menées seront
présentés dans ce chapitre. Nous avons utilisé, comme mileu ampli�cateur, une �bre dopée
erbium, introduite dans une cavité fonctionnant en régime de dispersion anormale pour
favoriser le fonctionnement en régime multi-impulsionnel. Nous avons aussi choisi d'utiliser
l'e�et de l'évolution non linéaire de la polarisation comme technique de blocage de modes
a�n d'avoir une variation �ne des conditions de blocage de modes. Avec une puissance de
pompe relativement élevée, plusieurs dizaines de solitons sont générés et de nombreuses
dynamiques sont obtenues.

Le chapitre est organisé comme suit : après la description du dispositif expérimental,
les premières observations obtenues avec ce laser sont décrites dans la deuxième section,
à savoir, les di�érents régimes de fonctionnement observés. Nous nous sommes particuliè-
rement intéréssés à la transition graduelle entre le régime de fonctionement continu et le
régime de fonctionnement impulsionnel. Dans la troisième section, nous décrivons d'abord
la dynamique de la pluie de solitons, les conditions de son observation, et étudions ensuite,
ses caractéristiques en fonction des di�érents paramètres de la cavité. Nous �nissons par une
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présentation de la pluie de solitons harmonique. Dans la quatrième section, nous expliquons
comment nous avons réussi à contrôler le déclenchement de la pluie de solitons en utilsant
un signal laser externe. La cinquième section est consacrée à l'étude du "relargage" des soli-
tons depuis la phase condensée. Nous �nissons dans la dernière section par présenter d'autre
types d'organisations de solitons dans la cavité, comme : le fonctionnement harmonique, les
molécules de solitons, ou encore, la "vobulation" du train d'impulsions (chirped trains).
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2.2 Dispositif expérimental

Le laser et tous les éléments de mesure qui sont à notre disposition nous ont permis
d'observer des phénomènes dus aux interactions entre plusieurs solitons et de faire une
étude sur la dynamique multi-impulsionnelle du laser à gestion de dispersion. Nous décrivons
l'ampli�cateur en premier temps, puis les autres éléments qui constituent la cavité et ensuite
nous citons les di�érents appareils de mesures utilisés.

2.2.1 Présentation de la cavité et de son fonctionnement

Figure 2.1 � Le dispositif expériemental.

La cavité laser en forme d'anneau est représentée sur la �gure (2.1). Cette cavité totale-
ment �brée contient : une �bre de 2 m de long dopée Erbium Er3+, sa dispersion chroma-
tique est normale et mesurée à D = −12.5 ps/nm/km. Cette �bre constitue notre milieu
ampli�cateur. Elle est pompée par deux diodes laser à 980 nm en contre et co-propagation,
et la puissance de pompe totale injectée peut atteindre 800 mW . A chaque extrémité de
la �bre dopée, des multiplexeurs 1x2(980/1550) (1a et 2a) sont soudés. Ces multiplexeurs
permettent l'injection des deux diodes lasers de pompe en co- et contre- propagation avec
le signal. Deux autres multiplexeurs (1b et 2b) ont pour rôle d'améliorer le taux d'isolation
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entre le signal laser à 1550 nm et la pompe à 980 nm au niveau des diodes de pompe et
d'éviter un e�et de sous cavité laser entre les facettes de sortie des deux diodes. Chaque diode
de pompe est protégée par un isolateur optique fonctionnant à 980 nm. Tous les éléments
cités forment l'ampli�cateur.

A la sortie de l'ampli�cateur, un isolateur fonctionnant à 1550 nm est placé a�n de dé-
�nir un seul sens de propagation du signal laser. Il est suivi d'un contrôleur de polarisation
CP1 puis d'un coupleur optique de sortie 96/3. La sortie de 3% est utilisée pour e�ectuer
des mesures et la partie principale 96% est reliée à un séparateur de polarisation (SP) ;
un élément indispensable qui assure le blocage de modes. Le séparateur de polarisation est
relié à un autre coupleur 2x2(80/20), ce dernier nous donne, en plus d'une sortie à 20%, la
possibilité d'injecter dans la cavité un signal laser externe. Ensuite, nous retrouvons un se-
cond contrôleur de polarisation (CP2). Une �bre compensatrice FC (D = −90 ps/nm/km)
est introduite dans la cavité entre le contrôleur de polarisation CP2 et l'ampli�cateur. La
boucle de notre cavité est fermée.

Tous les éléments de la cavité sont reliés par des �bres monomodes standards SMF28
(D = +17 ps/nm/km) via des soudures exceptée la �bre compensatrice FC, qui n'est pas
soudée, mais reliée aux autres éléments de la cavité via des connecteurs de puissance, ce
qui nous permettra de changer facilement la longueur L de la �bre compensatrice, et par
conséquent, de changer la dispersion moyenne de la cavité.

Rappelons que la dispersion moyenne de la cavité dépend de la longueur et la valeur de
la dispersion chromatique des �bres qui la constituent. Nous pouvons calculer la valeur de
la dispersion moyenne par :

Dmoy =
LEDF DEDF + LSMF DSMF + LFCDFC

Ltotal

. (2.1)

A�n d'obtenir des valeurs de dispersion moyenne bien dé�nies, nous avons préparé des
�bres FC avec des longueurs bien précises. Le tableau (2.1) donne la valeur de la dispersion
moyenne de la cavité en fonction de la longueur L de la �bre compensatrice FC.
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Dispersion moyenne (ps/nm/km) Longueur de la �bre FC(m)
-10 3.33
-5 2.42
0 1.61
+5 0.88
+10 0.22

Table 2.1 � Valeur de la dispersion moyenne en fonction de la longueur de la �bre com-
pensatrice FC.

Pour mesurer et caractériser notre signal nous disposons : d'un détecteur rapide THOR-
LABS (InGaAs) SIR5-FC (6 GHz) relié à un oscilloscope LeCroy (wavepro 725Zi) de 2.5
GHz de bande passante (40 Gs/s), ce qui nous permet de suivre le signal laser en temps
réel. Un autre convertisseur opto-électronique ThorLabs D400FC (InGaAs) est relié à un
analyseur de spectre fréquentiel AGILENT E4402B (9 kHz-3 GHz). Nous disposons aussi
d'un analyseur de spectre optique ANRITSU MS9710B de 0.07 nm de résolution et d'un
oscilloscope rapide à échantillonnage Tekhtronix (CSA8200) 30 GHz a�n d'observer les
modulations stationnaires à haute fréquence de l'intensité laser.

Cette cavité laser fonctionne en régime impulsionnel grâce à la technique de blocage de
modes par évolution non linéaire de la polarisation décrite dans la section 2 du chapitre 1.
Trois paramètres majeurs nous donnent la possibilité d'agir sur le fonctionnement et sur la
dynamique du laser : l'énergie apportée au système via la puissance de pompe, la variation
des conditions de blocage de modes via les contrôleurs de polarisation et la variation de la
dispersion moyenne de la cavité via la variation de la longueur de la �bre FC. Nous avons
d'abord choisi de travailler avec une dispersion moyenne anormale (Dmoy = +5 ps/nm/km).
Dans le régime de dispersion anormale, l'energie du soliton est limitée et quanti�ée, par
conséquent, il su�t d'augmenter la puissance de pompe pour obtenir le fonctionnement
multi-impulsionnel du laser [150]. Le choix de nos paramètres de laser est justi�é par le fait
que notre objectif est d'étudier le comportement collectif des solitons dans une cavité. Avec
les paramètres choisis, il est facile d'obtenir un fonctionnemnt multi-impulsionnel et étudier
les dynamiques qui se manifestent.
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2.2.2 Blocage de modes et régimes multi-impulsionnels : premières
observations
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Figure 2.2 � Di�érentes dynamiques observées dans le laser : évolution temporelle du signal
en fonction de θ3 [θi = 95�, 108�, 159�, θ3, 132�, 138�].
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Figure 2.3 � Di�érentes dynamiques observées dans le laser : évolution du spectre optique
correspendant.
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Les di�érentes dynamiques observées dans cette cavité dépendent de la puissance de
pompage et des conditions de blocage de modes repérées par six angles θi(i=1,6) des deux
contrôleurs de polarisation PC1 et PC2. Les premières observations sont illustrées sur la
�gure (2.2) qui représente l'évolution temporelle du signal laser. La puissance de pompage
est �xée à 417 mW , alors qu'un angle du contrôleur de polarisation est variable et les cinq
autres sont �xes. Pour θ=46�, le blocage de modes du laser est particulièrement stable et
produit un groupe de 40 solitons, puis pour θ=50�, le laser fonctionne selon un régime
où 50 solitons irrégulièrement espacés remplissent la cavité. C'est un régime proche du
blocage de modes harmonique. Ensuite pour θ=53�, un groupe de solitons est obtenu de
nouveau, cependant un fond continu est observé, ce dernier augmentant progressivement
avec l'augmentation de θ. La présence et l'augmentation du fond continu sont con�rmées
par la présence des pics continus dans le spectre optique du signal laser représentés sur la
�gure (2.3). Ce régime est caractérisé par une coexistence des solitons avec le fond continu.
Au cours de l'augmentation de θ jusqu'à θ = 95�, nous remarquons une apparition des
solitons sur le fond continu (θ = 56�). C'est dans cette situation qu'une nouvelle dyna-
mique, la pluie de solitons , est observée, et qui sera présentée en détail dans la section 2.3.

A travers la variation des paramètres de la cavité, nous avons observé une transition
graduelle inédite entre un régime continu et un régime impulsionnel. Ce phénomène est
décrit dans la section suivante.

2.2.3 Transistion graduelle vers le blocage de modes

En général, le blocage de modes est compris comme une transition brusque entre le régime
de fonctionnement quasi continu et le régime de fonctionnement impulsionnel. Cependant,
plusieurs observations indiquent que ce scénario n'est pas forcément respecté, comme par
exemple l'observation d'impulsions de bruit, ou "noiselike pulses" [151]. Il faut également
tenir compte de l'existence d'ondes dispersives dues au rayonnement des solitons lorsqu'ils
se propagent dans une cavité inhomogène [152]. De plus, l'équation de Ginzburg-Landau
cubique-quintique, qui peut servir d'équation de propagation, admet comme solutions des
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impulsions type soliton dissipatif sur un fond continu [153]. En plus de ces exemples, nos
expériences ont montré qu'il peut exister une transition graduelle entre le régime continu et
le régime impulsionnel [139].

Le fonctionnement en régime impulsionnel est obtenu sous certaines conditions de blo-
cage de modes (CBM). Pour une puissance de pompe relativement importante (600 mW ),
l'ajustement des CBM (θi) révèle l'existence d'une transition étendue entre le régime de
blocage de modes et le régime quasi-continu. Cette transition est représentée sur la �gure
(2.4). Pour une CBM initiale (θ=74�), le laser fonctionne avec plusieurs modes longitu-
dinaux, ces modes ne possèdent pas une relation de phase �xe entre eux, c'est le régime
quasi-continu. En modi�ant les CBMs à travers θ, nous observons en premier lieu l'appari-
tion des composantes impulsionnelles en plus des composantes continues (θi = 90�), puis, en
poursuivant les modi�cations, l'intensité des composantes impulsionnelles devient de plus
en plus importante au détriment de celle des composantes continues. Nous observons alors
sur les spectres optiques (�gure (2.4.b)), l'apparition de bandes latérales, elles deviennent
de plus en plus importantes (intenses) au fur et à mesure que θ varie, ces bandes latérales
sont dues au rayonnement des ondes dispersives, elles naissent à partir de la propagation
des solitons dans la cavité [151�153]. Pour (θi = 110�), nous observons un blocage de modes
associé à la naissance d'impulsions isolées : c'est dans ce régime que la pluie de solitons
se manifeste [26]. En poursuivant les modi�cations de θ, le laser parvient à fonctionner
dans un régime purement impulsionnel (θi = 115�).
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Figure 2.4 � Transition progressive du blocage de modes : a) évolution temporelle b) spectre
optique correspendant.
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2.3 Pluie de solitons

2.3.1 Observation de la "pluie de solitons" et caractérisation

Durant l'exploration du laser, une situation bien caractéristique nous a particulièrement
intéressée. C'est le cas où en plus d'un aggrégat de solitons liés, nous observons des impulsions
isolées dans la cavité (θ = 110�) (voir �gure (2.4)). C'est dans ce régime que la pluie de
solitons apparaît. Nous observons sur l'oscilloscope la répartition temporelle intracavité de
l'intensité du signal laser illustrée dans la �gure (2.5).
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Figure 2.5 � Répartition intracavité de l'intensité laser telle qu'elle est mesurée au niveau
du port de sortie du coupleur 3 %


Sur cet enregistrement, nous pouvons voir à droite un grand pic qui sort du cadre de
la �gure qui représente un groupe de solitons liés. A gauche de ce pic, nous avons un fond
continu avec des �uctuations. Sur ce dernier, nous apercevons des solitons individuels. Ces
solitons naissent à partir des �uctuations du fond continu et dérivent à une vitesse quasi
constante jusqu'à ce qu'ils rejoignent le grand pic. Une représentation stroboscopique illus-
trant cette dynamique est représentée sur la �gure (2.6). Il s'agit des enregistrements sé-
quentiels enregistrés par un oscilloscope en temps réel (2.5 GHz de bande passante). Cette
�gure montre bien l'apparition des solitons d'une manière aléatoire à partir des �uctuations
du fond continu. Nous pouvons suivre en temps réel un seul soliton lors de son mouvement
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jusqu'à ce qu'il entre en collision avec le grand pic. La vitesse relative des solitons individuels
par rapport à la phase condensée demeure constante pour les mêmes paramètres de cavité.
Ce processus peut être indé�niment reproduit d'une façon quasi-stationnaire.

-50 -40 -30 -20 -10 0

Temps
(ms)

dérive des solitons 

160

200

240

280

320

80

40

 

120

Temps (ns)

Figure 2.6 � Enregistrement stroboscopique du signal laser qui montre la dynamique de la
pluie de solitons.
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Figure 2.7 � Spectre optique typique du signal laser dans le cas de la pluie de solitons.
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Le spectre optique du signal laser dans le cas de la pluie de solitons est représenté
sur la �gure (2.7). Il se caractérise par la présence de plusieurs pics : nous distinguons en
plus des pics latéraux dont les positions sont symétriques par rapport au centre, un pic
près du maximum du côté des longueurs d'ondes courtes. Ce pic d'une largeur relativement
faible (0.5 nm près de 1560 nm) représente un ensemble de composantes spectrales du
régime quasi-continu. Les pics latéraux de positions symétriques par rapport au centre et
d'intensités asymétriques sont dus au rayonnement des solitons qui se propagent dans la
cavité à gestion de dispersion [152, 154]. En e�et, notre cavité est formée d'un ensemble de
plusieurs �bres, ces �bres ont des valeurs de dispersion chromatique di�érentes, et donc,
l'impulsion s'ajuste après son passage d'une section à une autre et cède une partie de son
énergie sous forme de rayonnement. Après de multiples tours de cavité, une interférence
constructive des composantes de ce rayonnement avec l'impulsion de type soliton produit
des bandes latérales symétriques visibles sur le spectre optique [154]. Ces bandes latérales
peuvent être utilisées pour déterminer la valeur de la dispersion moyenne de la cavité comme
nous l'avons fait pour obtenir la dispersion chromatique de la �bre dopée. Sur le spectre
optique, chaque bande latérale est repérée par une position notée ±N par rapport à la
longueur d'onde centrale λ0. L'écart en longueur d'onde entre la bande latérale d'ordre N

et le longueur d'onde centrale est noté (∆λ). Cet écart est relié à la dispersion moyenne de
la cavité par la formule extraite de [154] suivante :

4λN = λ0

√
2N

cDL
− 0.0787

λ2
0

(cτ)2
. (2.2)

Où D représente la dispersion moyenne de la cavité (ps/nm/km) de longueur totale L,
c est la vitesse de la lumière dans le vide et τ est la largeur à mi-hauteur de l'impulsion.

La dynamique de la pluie de solitons est constituée de trois éléments : un fond
continu, des solitons de dérive et un grand pic. A�n de comprendre cette dynamique nous
avons observé de plus près chaque composante.
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Fond continu :

Le niveau du fond continu n'est pas constant sur le même tour de cavité (voir �gure
(2.5)). Entre deux passages successifs du grand pic, le niveau du fond continu augmente
ainsi que la probabilité de naissance des solitons individuels. L'existence du fond continu
résulte d'une combinaison de plusieurs sources. Parmi ces sources nous citons l'existence des
modes longitudinaux continus mais non corrélés en phase dans la cavité [53], l'ampli�cation
de l'émission spontanée dans le milieu à gain (ASE) [155] et la relaxation du milieu
ampli�cateur après le passage du grand pic [17]. La distribution irrégulière du niveau du
fond continu peut être expliquée par le rayonnement vers l'avant de la phase condensée et
par une récupération du gain après le passage de cette phase condensée. Les �uctuations
du fond continu sont dues à un grand nombre de modes non cohérents oscillant dans la
cavité estimés à plus de 4000 modes.

Soliton isolé :

Les solitons isolés apparaissent à partir des �uctuations du fond continu. Leurs appari-
tions sont aléatoires dans l'espace et dans le temps car les solitons de dérive apparaissent à
partir de positions aléatoires sur le fond continu, et à des instants aléatoires. Le temps qui
sépare deux solitons de dérive est de l'ordre de la nanoseconde : il est relativement grand
par rapport à la largeur temporelle d'un soliton qui est de l'ordre d'une picoseconde. C'est
donc pour cette raison que nous considérons ces solitons de dérives comme des solitons
individuels , c'est-à-dire isolés les uns des autres. Ceci reste vrai tant que le nombre de
solitons créés ne dépasse pas 10 solitons par seconde. Les solitons créés dérivent à une vitesse
moyenne quasi constante. Dans le cas où le nombre de solitons créés est plus important,
des interactions entre solitons et des regroupements partiels de solitons créés, par exemple
en doublets de solitons, sont observés. Le taux de création des solitons de dérives dépend
des paramètres de la cavité. Les résultats de l'in�uence des paramètres de cavité sur le
taux de création des solitons ainsi que sur leur vitesse de dérive seront présentés par la suite.
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La phase condensée :
Une fois que les solitons individuels �nissent leur dérive sur le fond continu, ils entrent
en collision avec le grand pic. Un zoom du grand pic est représenté sur la �gure (2.8). Cet
enregistrement est obtenu avec un oscilloscope de bande passante à 30 GHz. Cet oscilloscope
ne fournit pas un enregistrement en temps réel en raison de son échantillounage à 100 kHz,
de ce fait, il ne nous est pas possible d'observer l'interaction entre les solitons de dérive et le
grand pic lors des collisions. Cependant, cet enregistrement temporel révèle des informations
précieuses. Il permet d'avoir une mesure précise de la durée temporelle du grand pic, dans
le cas de la �gure (2.8), la durée est de 760 ps. Plus particulièrement, cet enregistrement
révèle l'existence d'une structure et d'une organisation des solitons dans le grand pic. La
structure multi-pics indique l'emplacement moyen des impulsions solitons à l'intérieur du
grand pic, la position des solitons n'est pas bien dé�nie du fait de la présence de grandes
�uctuations à l'intérieur du grand pic. Pour cette raison, nous utilisons la terminologie
"phase condensée" pour designer le grand pic.

Figure 2.8 � Zoom de la phase condensée enregistrée par un oscilloscope 30 GHz.

Les solitons qui forment la phase condensée ne sont pas à égale distance : la séparation
entre les solitons est réduite à l'avant du pic jusqu'au dessous du niveau de résolution
temporelle de l'oscilloscope (20 ps). Le nombre de solitons qui forment la phase condensée
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peut être calculé soit directement sur l'enregistrement de l'oscilloscope de 30 GHz lorsqu'une
séparation partielle des pics est possible, ou bien on calculant le rapport entre l'énergie de
la phase condensée et l'énergie du soliton isolé dans le système d'enregistrement réel. Ce
nombre varie en fonction des paramètres de cavité. Dans le cas de la �gure (2.8), le nombre
est de 40 solitons.

2.3.2 Explication qualitative : les trois composantes du champ en
interaction

Pourquoi avons-nous nommé cette dynamique "pluie de solitons" ?

Figure 2.9 � Analogie entre le cycle de l'eau et la pluie de solitons.

Une petite analyse des transferts d'énergie nous aidera à répondre à cette question. La
pluie de solitons est une dynamique produite par l'interaction entre trois composantes du
champ : les �uctuations du fond continu, les solitons individuels et la phase condensée.
D'un point de vue dynamique et de �ux d'énergie, l'ampli�cation au-delà d'un seuil des
�uctuations du fond continu donne naissance à des solitons individuels qui dérivent à une
vitesse quasi constante. Ces solitons alimentent à leur tour la phase condensée. On pourrait,
donc, s'attendre à ce que la taille de la phase condensée augmente, ce qui n'est pas du tout
le cas, la taille de la phase condensée reste constante, cela signi�e que l'arrivée des nouveaux
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solitons sur la phase condensée impose une dissipation d'un nombre similaire de solitons, de
plus, elle produit un réarrangement collectif des solitons à l'intérieur de la phase condensée.
Cette dissipation, qui compense l'arrivée des solitons, participe à la formation des ondes
dissipatives qui alimentent à leur tour les �uctuations du fond continu, et le cycle reprend.
Du fait des interactions entre les trois éléments, un équilibre est établi dans le système et la
pluie de solitons se manifeste et persiste dans le temps.

Ainsi, nous avons appelé cette dynamique "pluie de solitons" par analogie avec la pluie
des gouttelettes d'eau au sein du cycle de l'eau. Dans cette con�guration présentée dans la
�gure (2.9), les solitons individuels correspondent aux gouttelettes d'eau, le fond continu
correspond aux nuages, et la phase condensée correspond aux océans et mers ... Les deux
dynamiques se manifestent dans un système ouvert comprenant une source d'énergie, la
pompe pour le laser et le soleil pour le cycle de l'eau, qui les approvisionne continuellement.

2.3.3 Comportement en fonction des paramètres de la cavité

Nous avons vu que la pluie de solitons est une dynamique qui se compose de trois
éléments essentiels : les �uctuations du fond continu qui sont pseudo-aléatoire, les
solitons isolés (leur instant de formation est aussi aléatoire), et la phase condensée.
Ces e�ets intrinsèques et aléatoires ne nous permettent pas de quanti�er avec exactitude
la contribution de chaque élément dans cette dynamique, toutefois, nous avons caractérisé
cette dynamique en fonction des paramètres de la cavité et par la suite nous avons utilisé
la dépendance obtenue pour obtenir un certain niveau de contrôle externe de la pluie de
solitons.

Une situation dynamique est repérée dans notre étude par la valeur de la puissance de
pompe et par les conditions de blocage de modes. Les conditions de blocage de modes sont
représentées par les angles θi des contrôleurs de polarisation.

Pluie de solitons et dispersion chromatique :
Nous disposons de plusieurs longueurs de �bres compensatrices FC, ce qui nous permet de
varier la valeur de la dispersion moyenne de notre cavité (voir tableau (2.1)). Nous avons
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noté que la dynamique de la pluie de solitons a été observée pour des longueurs de la �bre
FC correspondant à D = 0, +5 et +10 ps/nm/km et que pour des longueurs correspondant
à D = −5 et D = −10 ps/nm/km, aucune dynamique de pluie de solitons n'a été observée
même lorsque le laser fonctionne en régime multi-impulsionnel dans le régime de dispersion
normal. La dynamique de pluie de solitons se manifeste en régime de dispersion anormal.
Pour une dispersion moyenne de la cavité égale à +5 ps/nm/km, la pluie de solitons est
plus stable et son domaine d'existence est plus large. Pour ces raisons, nous avons choisi
cette valeur pour étudier l'in�uence des paramètres de la cavité, à savoir, la puissance
de pompe et les conditions de blocage de modes sur les caractéristiques de la pluie de solitons.

In�uence des contrôleurs de polarisation :

Le blocage de modes est obtenu par l'e�et de l'évolution non linéaire de la polarisation
(voir section 3 chapitre 1), ce qui o�re la possibilité de modi�er facilement la fonction de
transfert par une simple rotation des contrôleurs de polarisation [75]. Cette méthode ne
permet pas d'avoir une relation directe entre un cas particulier des valeurs des angles de
rotation des contrôleurs de polarisation et la fonction de transfert de l'absorbant saturable
e�ectif. Cependant, elle n'a�ecte pas la reproductibilité des résultats des expériences. Nous
avons utilisé deux contrôleurs de polarisation, possédant chacun trois degrés de liberté a�n
d'avoir des modi�cations et un contrôle plus �n de la fonction de transfert. Nous avons
étudié l'in�uence des contrôleurs de polarisation CP sur les caractéristiques de la pluie de
solitons, à savoir le nombre de solitons individuels et leurs vitesses de dérive.

A partir d'une situation précise, donc d'une puissance de pompage �xe et des valeurs de
θi prédé�nies, une variation de θ produit un des deux scénarios possibles.

Le premier scénario est représenté sur la �gure (2.10). A partir des conditions suivantes
[P = 500 mW , CP1(θ1/34�/86�)], la variation de l'angle θ1 du CP1 entre 70�et 99�entraîne
une diminution du niveau du fond continu accompagnée par la diminution du nombre de
solitons individuels. Nous observons en plus de ces deux comportements, une augmentation
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Figure 2.10 � In�uence de θ1 sur la pluie de solitons, scénario 1.
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Figure 2.11 � Spectre optique du signal laser, scénario 1.

de la taille de la phase condensée. La diminution du niveau du fond continu est bien visible
sur la �gure (2.11) qui représente le spectre optique du signal en fonction de θ1. Nous
pouvons constater que le pic du continu est plus important lorsque les �uctuations du fond
continu sont plus importantes alors qu'il est quasiment inexistant dans le cas où l'énergie
est regroupée dans la phase condensée de solitons.
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Figure 2.12 � In�uence de θ1 sur la pluie de solitons, scénario 2.
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Figure 2.13 � Le spectre optique correspondant.

Le second scénario est représenté sur la �gure (2.12). A partir des conditions suivantes
[P = 450 mW , CP1(θ1/98�/154�)], la variation de l'angle θ1 de 100� à 130� entraîne
une augmentation des �uctuations du fond continu, cette augmentation se traduit par
l'apparition des pics du continu bien visibles sur le spectre optique du signal représenté dans
la �gure (2.13). En plus de l'augmentation du fond continu, nous notons une diminution
du nombre de solitons individuels, cependant, la taille de la phase condensée demeure
pratiquement constante.

86



La diminution du nombre de solitons individuels dans le premier scénario est due à
la diminution du fond continu (source de solitons de dérive) ce qui favorise le fonction-
nement en régime de blocage de modes "conventionnel" (blocage de modes en l'absence
du bruit). Par contre, la diminution du nombre des solitons de dérive dans le second
scénario peut être attribuée à l'augmentation du seuil de formation du soliton de dérive.
En e�et, la variation de θ augmente le niveau des �uctuations du fond continu ainsi
que le seuil de formation des solitons de dérive. Au-delà d'un certain angle θ, le niveau
des �uctuations du fond continu devient inférieur au seuil de formation des solitons de dérive.

Nous avons mesuré la vitesse de dérive des solitons individuels : elle est quasi-constante
lorsque les paramètres de la cavité sont �xes. Suivant les orientations θi des contrôleurs de
polarisation, cette vitesse peut prendre typiquement des valeurs comprises entre 3 m/s et
27 m/s.

In�uence de la puissance de pompe :

La gamme de puissance de pompe où la pluie de solitons est observée dépend des condi-
tions de blocage de modes θi, mais, en général, cette dynamique est retrouvée dans la gamme
de puissances de pompe comprise entre 350 mW et 550 mW . Durant notre expérience, nous
avons noté que la puissance de pompe n'a�ecte pas la vitesse de dérive des solitons indivi-
duels. Pour deux situations di�érentes de blocage de modes, nous avons varié la puissance
de pompe de 430 mW à 550 mW et nous avons noté, que pour chaque situation, la vitesse
de dérive demeure constante. Par contre, le nombre des solitons de dérive varie considéra-
blement.

La �gure (2.14) représente la variation du nombre de solitons individuels en fonction
de la puissance de pompe pour des conditions de blocage de modes bien dé�nies. Pour
une puissance de pompe P = 416 mW , nous observons une coexistence des solitons et
d'un fond continu. L'augmentation de la puissance de pompe entraîne l'augmentation des
�uctuations du fond continu. Lorsque la puissance de pompe atteint un certain seuil, 430
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Figure 2.14 � In�uence de la puissance de pompe sur la pluie de solitons.

mW sur la �gure (2.14), le niveau des �uctuations augmente et la pluie de solitons apparaît
avec un ou deux solitons individuels par tour de cavité. L'augmentation de la puissance de
pompe (de 484 mW à 551 mW ) fait croître le nombre de solitons de dérive qui forment la
pluie de solitons. Le nombre de solitons individuels peut être tellement important que la
résolution de l'oscilloscope ne nous permet plus de distinguer deux solitons voisins (ici à
P = 604 mW ). Dans ce cas, un enregistrement stroboscopique met en évidence des interac-
tions entre les solitons individuels et un regroupement partiel des solitons durant leur dérive.

2.3.4 Pluie de solitons harmonique

Pour des puissances de pompe relativement élevées (plus de 600 mW ) et pour des valeurs
de θi bien dé�nies, nous avons observé des multi-pluies de solitons pour un seul tour de cavité.
La �gure (2.15) représente l'évolution temporelle du signal laser dans le cas de la multi-pluie
de solitons. Nous pouvons voir dans la �gure (2.15 a) l'existence de deux groupes de pluies
de solitons durant un seul tour de cavité. Il s'agit de la seconde harmonique de la pluie de
solitons. La �gure (2.15 b) montre l'existence de trois groupes de pluies de solitons durant
un seul tour de cavité. C'est la troisième harmonique de la pluie de solitons.
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Figure 2.15 � Pluie de solitons 2ème harmonique.
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Figure 2.16 � Pluie de solitons 3ème harmonique.

Les groupes de pluies de solitons qui coexistent dans la cavité ne sont pas identiques
bien qu'ils apparaissent semblables en terme de nombre moyen de solitons de dérive, du
niveau des �uctuations du fond continu et de la taille de la phase condensée. Cela est dû à
la formation aléatoire des solitons sur un fond continu.
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Nous pouvons expliquer l'existence de la pluie de solitons harmonique à l'instabilité de
la phase condensée. Pour de fortes puissances de pompe et lorsque la taille de la phase
condensée dépasse typiquement une quarantaine de solitons agrégés, les �uctuations au
sein de la phase condensée sont de plus en plus importantes. De plus, la dynamique du
recouvrement du gain du milieu ampli�cateur provoque une distension de la partie arrière de
la phase condensée, ce qui facilite la rupture. Ainsi, la phase condensée se divise en parties et
l'énergie est redistribuée sur des emplacements relativement symétriques et chaque nouvelle
phase condensée est reliée à une partie du fond continu. Ce fond continu produit les solitons
de dérive. Ainsi se forme un groupe de pluies de solitons.
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2.4 Contrôle de la pluie de solitons

Nous avons présenté dans la section précédente l'in�uence de la puissance de pompe
et des contrôleurs de polarisation sur le nombre de solitons individuels qui constituent la
pluie de solitons ainsi que sur leur vitesse de dérive. Nous rappellons un résultat important
"la pluie de solitons apparaît au dessus d'un certain seuil de �uctuations du fond continu".
Avec une variation �ne du fond continu, nous pouvons avoir la possiblité de déclencher ou
d'arrêter la pluie de solitons. Nous avons démontré cette possibilité en injectant à l'intérieur
de la cavité via le coupleur (80/20), un signal laser polarisé continu externe (Photonetics
TUNICS-PRI) dont la longueur d'onde est accordable entre 1490 et 1620 nm et la puissance
d'injection est ajustable entre 0 et 6 mW à 1550 nm. En plus du contrôle du déclenchement
de la pluie de solitons, nous avons montré aussi la possibilité de modi�er les caractéristiques
de la pluie de solitons.

2.4.1 Contrôle du déclenchement de la pluie de solitons

Comme la dynamique de la pluie de solitons se manifeste à partir d'un certain seuil,
pour pouvoir la déclencher, le régime du fonctionnement est d'abord mis près de ce seuil,
et le laser d'injection est à l'état "o�" (éteint). Les �gures (2.17 a) et (2.17 b) représentent
respectivement l'évolution temporelle du signal laser et le spectre optique correspondant qui
illustre cet état. Directement après la mise en marche du laser injecté, la pluie de solitons
démarre. Cette dynamique dure tant que le laser injecté est en marche (voir �gures (2.18
a,b)). Nous constatons sur le spectre optique qu'une puissance du laser relativement faible
(10 µW ) est su�sante pour déclencher la pluie de solitons. Lorsque le laser injecté passe à
l'état "o�", la pluie de solitons s'arrête presque immédiatement après que les solitons indivi-
duels créés auparavant �nissent leur dérive vers la phase condensée. Cet e�et est réversible
et il est obtenu pour des longueurs d'onde injectées comprises entre 1550 nm et 1558 nm.
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Figure 2.17 � Laser injecté à l'état "OFF" : (a) Evolution temporelle ; (b)Spectre optique.
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Figure 2.18 � Laser injecté à l'état "ON" : (a) Evolution temporelle ; (b) Spectre optique.
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2.4.2 Modi�cation des caractéristiques de la pluie de solitons

Le signal laser injecté dans la cavité a deux paramètres contrôlables : la puissance et la
longueur d'onde. Lorsque le laser fonctionne en régime de pluie de solitons et sous certaines
conditions de blocage de modes, l'injection du signal externe in�uence de façon signi�cative
le régime de fonctionnement.

Pour une puissance du signal injecté �xe et égale à 400 µW , nous observons l'in�uence de
la longueur d'onde injectée sur la dynamique de la pluie de solitons. Le laser fonctionne ainsi
en régime de pluie de solitons. Nous avons trouvé que pour une longueur d'onde λ inférieure
à 1549 nm ou supérieure à 1570 nm, le régime de fonctionnement ne change pas avec ou sans
la présence du signal laser injecté, donc pas d'in�uence sur le fonctionnement d'une part et
sur les caractéristiques de la pluie de solitons d'autre part. Ceci peut être expliqué par le fait
que, pour ces longueurs d'onde, le signal ne béné�cie pas du gain du milieu ampli�cateur,
en raison vraisemblablement d'un �ltrage important du côté des courtes longueurs d'onde
par l'absorbant saturable e�ectif.

Pour des longueurs d'onde comprises entre 1549 nm et 1554 nm, le nombre de soliton de
dérive ne change pas, par contre leur vitesse de dérive diminue en présence du signal laser
injecté. Elle passe typiquement de 9 m/s lorsque le laser injecté est à l'état "o�" à 2.5 m/s

lorsque le laser injecté est à l'état "on".
Pour des longueurs d'onde comprises entre 1554 nm et 1570 nm : c'est le régime de

pluie de solitons qui est a�ecté. Le laser bascule d'un fonctionnement de pluie de solitons
vers un fonctionnement chaotique en présence du signal laser continu.

Les résultats de cette expérience sont résumés dans le tableau (2.2).

λ(nm) < 1549 1549 < λ < 1554 1554< λ < 1570 λ > 1570

aucune la vitesse de fonctionnement aucune
in�uence dérive diminue chaotique in�uence

Table 2.2 � In�uence de la longueur d'onde du laser injecté sur la dynamique du laser.
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Pour voir l'in�uence de la puissance du signal laser injecté sur la dynamique de la pluie
de solitons nous avons �xé sa longueur d'onde à 1553.4 nm et nous avons constaté que la
puissance agit sur la vitesse de dérive des solitons individuels. Lorsque la puissance injectée
varie entre 10 et 100 µW, aucune variation signi�cative de la vitesse de dérive n'a été
observée, par contre, lorsque la puissance du laser injecté augmente de 100 à 220 µW la
vitesse de dérive diminue de 12 à 5 m/s.

Nous pouvons résumer comme suit, les tendances qui se dégagent de ces dernières expé-
riences :

* les �uctuations du fond continu in�uencent de façon déterminante la dynamique de la
pluie de solitons,

* compte tenu de l'asymétrie spectrale caractéristique (voir �gure 2.7) et de l'in�uence
en fonction des longueurs d'ondes (λ) injectées (voir tableau 2.2), les composantes du fond
continu comprises entre 1553 nm et 1557 nm, favorisent la formation des solitons individuels
lorsqu'elles excèdent un certain niveau.
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2.5 Relargage des solitons depuis la phase condensée

Dans cette section, nous présentons une dynamique intéressante qui a été observée et
qui contraste avec la pluie de solitons. Cette dynamique donne un élément de réponse à une
question qui s'est imposée dès les premières observations de la pluie de solitons. Qu'est ce
qui détermine le déplacement relatif des solitons par rapport à la phase condensée ? ?

2.5.1 Observations et caractérisation

-20 -10 0 10 20 30 40

 fond continu

mouvement des solitons 

 

 

Temps  (ns)

Figure 2.19 � Evolution temporelle du signal laser.

La �gure (2.19) représente l'évolution temporelle du signal laser au cours du temps. Sur
cette �gure, nous avons un grand pic qui représente un groupe de solitons indiscernables à
cette échelle de résolution temporelle (300 ps), il s'agit de la phase condensée. Cette phase
condensée est précédée par un fond continu (à gauche du pic) et à sa droite nous retrou-
vons plusieurs solitons en mouvement ; ces solitons se détachent et s'éloignent de la phase
condensée à une vitesse constante puis ils disparaissent. Les solitons sont relargués depuis la
phase condensée, comme c'est illustré dans la �gure (2.20) qui représente un enregistrement
stroboscopique du signal laser. Comme pour la pluie de solitons, cette dynamique dépend
des paramètres de la cavité. Elle apparaît au dessous d'un certain seuil de pompage qui

95



40 50 60 70 80 90

0.24s

0.32s

0.16s

0.08s

0s

déplacement des solitons 

Temps (ns)

Figure 2.20 � Enregistrement stroboscopique de la dynamique du relargage des solitons.
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Figure 2.21 � In�uence de θ sur l'extension du déplacement des solitons qui quittent la
phase condensée avant leur dissipation au sein du fond continu.
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dépend lui aussi des conditions de blocage de modes θ. En général, le seuil est autour de 300
mW . Il est faible comparé à celui de la pluie de solitons. L'augmentation de la puissance
de pompe augmente le débit de solitons relargués depuis la phase condensée. La variation
des conditions de blocage de modes θ entraine la variation de la vitesse du mouvement
des solitons relargués ainsi que l'extension du déplacememnt relatif des solitons avant leur
dissipation au sein du fond continu. Par exemple, la �gure (2.21) qui représente l'évolution
temporelle du signal laser pour di�érentes valeurs de θ, montre bien qu'une variation de θ

de 6�fait varier considérablement l'extension du déplacement relatif des solitons relargués.

2.5.2 Comparaison avec la pluie de solitons
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Figure 2.22 � Comparaison des spectres optiques du signal pour la dynamique de la pluie
de solitons en (a) et de la dynamique de relargage des solitons depuis la phase condensée en
(b).

Le spectre optique enregistré pour une pluie de solitons est caractérisé par une asymétrie
en relation avec l'asymétrie temporelle de la dynamique en présence de la dispersion
chromatique.
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Un spectre de pluie de solitons typique est présenté dans la �gure (2.22 a). Dans ce
spectre optique, le pic principal du CW repéré par λcw sur la �gure, est toujours présent
sur le côté des courtes longueurs d'ondes, à gauche du centre du spectre optique (λc). Un
autre caractère relevé concerne les bandes latérales : les pics des bandes latérales qui se
trouvent du côté des courtes longueurs d'ondes (λ < λc) sont plus intenses que ceux qui
se trouvent du côté des grandes longueurs d'ondes (λ > λc). Cette asymétrie préférentielle
peut être attribuée à l'existence d'un gain plus fort de l'Erbium sur les courtes longueurs
d'ondes (le sommet du gain est autour de 1535 nm).

Cependant, nous avons trouvé des valeurs bien dé�nies de θi pour lesquelles il se produit
une inversion par rapport à l'asymétrie spectrale dominante, aussi bien pour le pic CW
que pour les composantes des bandes latérales, comme c'est indiqué sur la �gure (2.22 b).
Dans ce cas, le pic continu CW se trouve du côté des grandes longueurs d'onde (à droite
du centre du spectre) et les bandes latérales qui se trouvent du côté des longues longueurs
d'ondes sont plus intenses que celles qui se trouvent du côté des courtes longueurs d'ondes.
Ce spectre est typique pour la dynamique de relargage des solitons depuis la phase
condensée . Dans cette dynamique, les solitons quittent la phase condensée et s'éloignent
jusqu'à leur disparition. C'est une di�érence majeure comparée à la pluie de solitons où les
solitons dérivent vers la phase condensée jusqu'à la fusion.

A cette étape de notre étude, il devient clair que la composition précise du spectre optique
et l'impact de la dispersion chromatique imposent la dynamique temporelle du laser, et que
le spectre optique peut nous renseigner sur la direction de dérive des solitons, ils dérivent
vers ou depuis la phase condensée. En e�et, en régime de dispersion moyenne anormale, les
composantes quasi-continues tendent à se déplacer plus vite que les solitons dans la situation
(2.22 a). En particulier, le rayonnement dominant de la phase condensée part vers l'avant.
cette situation s'inverse dans le cas (2.22 b) : le rayonnement dominant part vers l'arrière,
entraînant avec lui des solitons de dérive. Ces derniers �nissent par se dissiper, et contribuent
au rayonnement qui revient par la gauche sur l'enregistrement, vers la phase condensée.
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2.6 Autres auto-organisations

La pluie de solitons est observée dans un domaine de paramètres de cavité (θi,P ) assez
important. Dans le but de mieux comprendre le comportement collectif des solitons dans
la cavité, nous avons exploré le voisinage de ce domaine, ce qui nous a permis de relever
quelques dynamiques intéressantes, telles que le fonctionnement harmonique, l'étirement du
train d'impulsions et la formation de molécules stationnaires de solitons.

2.6.1 Phase condensée et vobulation du train d'impulsions

Une curieuse auto organisation des solitons a attiré notre attention, c'est la vobulation
du train d'impulsions (chirped trains of solitons). Cette nouvelle organisation est
retrouvée dans une région très proche du domaine d'existence de la pluie de solitons
(typiquement une variation de 20% sur la puissance de pompe et/ou une variation de 5�à
10�pour les angles des contrôleurs de polarisation). Dans cette con�guration, les solitons
cessent de dériver vers la phase condensée et s'immobilisent. Chaque soliton s'organise
avec son voisin et s'aligne dans un train d'impulsions de façon à ce que la séparation entre
deux solitons successifs augmente avec le temps. Nous avons appelé cela la "vobulation
de train d'impulsions". Cet e�et est obtenu à l'aide d'une rotation des contrôleurs de
polarisation qui réduit les �uctuations du fond continu, cependant une quantité de fond
continu est toujours présente dans la cavité, et peut jouer un rôle d'intermédiaire très
important dans les interactions entre les solitons.

L'expérience a révélé deux catégories de trains d'impulsions étirés.

1/ la première est représentée sur la �gure (2.23 a). Dans ce cas, le train d'impulsions
est attaché à la phase condensée et occupe les deux tiers (2/3) de la cavité. La distance
temporelle qui sépare deux solitons est relativement importante pour les solitons les plus
proches de la phase condensée. Cette distance a tendance à diminuer en moyenne au fur
et à mesure que la position des solitons considérés est éloignée de la phase condensée. A
titre d'exemple pour le cas de la �gure (2.23 a), la distance entre deux solitons voisins
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Figure 2.23 � Vobulation du train d'impulsions a) le train d'impulsion occupe les deux
tiers de la cavité ; b) le train occupe toute la cavité ;
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les plus proches de la phase condensée est de 1.94 ns, alors que pour les deux solitons les
plus éloignés, elle est de 0.45 ns (voir �gure (2.24)). Il est possible de changer l'étendue de
l'extension du train d'impulsions en e�ectuant un réglage �n des contrôleurs de polarisation
(typiquement de l'ordre d'un degré).

L'existence d'un train d'impulsions vobulé (chirped trains of solitons) où la distance
temporelle entre deux solitons voisins augmente le long du train peut être reliée à deux
mécanismes :

* le premier mécanisme est l'épuisement et le rétablissement du gain expliqué dans
le chapitre 1 section 2. Lorsque le train d'impulsions traverse le milieu ampli�cateur, les
premiers solitons béné�cient d'un peu plus de gain comparé aux derniers solitons du train,
ce qui génère l'équivalent d'une force répulsive dont l'intensité est proportionnelle au temps
de recouvrement du gain [17], la force répulsive étant plus importante pour les derniers
solitons du train. De ce fait, l'espacement entre les deux premiers solitons du train est plus
faible que celui entre les deux derniers solitons du train.

* l'autre mécanisme a pour source la distribution non homogène du fond continu le
long de la cavité. Cette non-homogénéité due au rayonnement des solitons joue un rôle
très important dans l'établissement d'une distance d'équilibre entre les solitons. Le train
d'impulsions vobulé se trouve toujours sur un lit du fond continu. Plus le fond continu
est important, à savoir, plus les rayonnements sont importants plus la distance d'équilibre
entre les solitons liés est importante [123].

2/ la �gure (2.23 b) représente la deuxième catégorie de trains d'impulsions vobulés.
Dans ce cas, le train d'impulsions occupe toute la cavité. Il est relié à la phase condensée
par ses deux extrémités. La phase condensée est ainsi noyée dans ce train d'impulsions.
Par conséquent, dans ce cas la dynamique de la relaxation du milieu ampli�cateur peut
di�cilement expliquer l'espacement irrégulier des solitons dans le train d'impulsions. Le
mécanisme dominant dans l'espacement irrégulier des solitons est alors attribué à la distri-
bution inhomogène du fond continu. L'existence d'un rayonnement asymétrique de la phase
condensée est vraisemblablement à l'origine de la vobulation du train d'impulsions. En ef-
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fet, on constate sur (2.23 b) que les soliton sont plus rapprochés lorsque le niveau de fond
continu est plus faible, et d'avantage espacés lorsque le niveau de fond continu remonte.

2.6.2 Fonctionnement harmonique

Nous avons observé au voisinage du régime de la pluie de solitons le régime de blocage
de modes harmonique. Dans le cas le plus favorable, les solitons sont régulièrement espacés le
long de la cavité, ce qui augmente considérablement le taux de répétition de la cavité. Durant
plus d'une décennie, plusieurs études ont été publiées sur les harmoniques d'ordre supérieur.
Di�érentes techniques passives et actives ont été élaborées a�n d'obtenir un fonctionnement
harmonique avec un taux de répétition de plus en plus élevé (de l'ordre du GHz) [114,135,
156]. Ces études notent la di�culté de stabiliser le régime de fonctionnement harmonique
passif.
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Figure 2.25 � Fonctionnement harmonique : a)Evolution temporelle du signal ; b) Spectre
radiofréquence du signal de détection.

Nos expériences con�rment cette di�culté. Nous avons obtenu des régimes de fonction-
nement harmonique où le taux de répétition n'est pas très stable. A titre d'exemple, pour les
mêmes valeurs des paramètres de cavité, nous avons obtenu un fonctionnement harmonique
où le taux de répétition varie entre 0.75 GHz et 1 GHz. Notons aussi qu'il était di�cile
de relever des valeur �xes des angles d'orientations des contrôleurs de polarisation pour un
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régime harmonique stable avec une bonne suppression supermodale le régime étant vrai-
semblablement sensible aux variations de l'ordre d'un dixième de degré de l'orientation des
contrôleurs de polarisation. Toutefois, nous avons pu retrouver un régime illustré par la �gure
(2.25 a) de la 82ième harmonique avec un taux de répétition de 1.24 GHz (�gure 2.25b).

2.6.3 Molécules de solitons

Durant l'exploration des dynamiques de notre laser, nous avons observé la formation
de molécules de solitons stables. L'enregistrement de l'oscilloscope (30 GHz) de la �gure
(2.26) présente un exemple de molécule formée de sept solitons obtenue pour P = 74.5 mW .
La taille de cette molécule est de 340 ps et la distance qui sépare les solitons est de 48.5
ps. Pour une valeur des angles des contrôleurs de polarisation bien dé�nie, la diminution
de la puissance de pompe entraîne une diminution du nombre d'impulsions qui forment la
molécule. A titre d'exemple, lorsque la puissance de pompe diminue progressivement de 120
mW jusqu'à 37 mW , le nombre de solitons qui forment la molécule passe de 30 à 3 solitons.
Nous avons constaté l'existence d'une hystérésis pour des puissances de pompe croissantes
et décroissantes : nous avons remarqué que pour la même valeur de puissance de pompe
nous ne retrouvons pas le même nombre de solitons selon que la puissance a été augmentée
ou diminuée. Cet e�et a déja été observé et modélisé [11, 93].

Figure 2.26 � Molécule de solitons de 340 ps formée par 7 solitons séparés de 48.5 ps.
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En général, la variation du nombre de solitons en fonction de la variation progressive
de la puissance de pompe suit le processus suivant : en premier lieu, l'augmentation de
la puissance de pompe entraîne une augmentation de la distance entre les solitons qui
forment la molécule, jusqu'à ce que la molécule devienne instable et des vibrations entre les
solitons soient observées. Ceci est dû à l'augmentation des composantes de rayonnement,
qui évacuent hors des solitons, le surplus d'énergie. Ensuite, en poursuivant l'augmentation
de la puissance de pompe, l'apparition d'un soliton additionnel est observée, et la molécule
redevient stable. Nous observons le même processus dans le cas où la puissance de pompe
diminue, à savoir, une diminution de la distance qui sépare les solitons, suivie par une
vibration ou une relative instabilité de la molécule de solitons, puis une disparition d'un
soliton et la molécule redevient stable.

Une variation des angles des contrôleurs de polarisation permet aussi de varier le nombre
de solitons qui forment la molécule. A titre d'exemple, l'enregistrement de l'oscilloscope
visible sur la �gure (2.27), présente une molécule de 13 solitons (espacés de 88 ps). Cette
molécule est obtenue pour une puissance de pompe égale à 293 mW . Une variation de 3�
de l'angle θ1 du CP1 induit une modi�cation de la répartition des solitons dans la molécule
et une modi�cation de la taille de la molécule. La taille de la molécule passe de 680 ps

pour θ=144� (�gure (2.27 a)) à 440 ps pour θ=147�(�gure (2.27 b)). Ainsi, nous pouvons
augmenter ou diminuer la taille de la molécule de solitons via la variation de l'angle θ de
CP1 dans un sens ou dans un autre. A partir de ce dernier cas de �gure, nous poursuivons
la variation de l'angle θ du CP1. La taille de la molécule diminue, les solitons commencent à
vibrer entre eux et la molécule devient instable. Ensuite, toujours en changeant la valeur de
l'angle θ dans le même sens, nous aboutissons à une molécule plus stable, avec un nombre
plus faible de solitons. Ainsi, dans le cas de la �gure (2.27), la variation de θ de 144�à 153�
a réduit le nombre de solitons qui forment la molécule de 13 à 8 solitons.
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Figure 2.27 � In�uence de θ sur la molécule de solitons : a) 13 solitons de 680 ps θ = 144�,
b)13 solitons de 440 ps θ = 147�; c)8 solitons de 240 ps θ = 153�.

105



2.7 Conclusion

La dynamique de la pluie de solitons est une belle et complexe illustration d'une
auto-organisation d'un grand nombre de solitons en présence de rayonnement. Cette
dynamique est observée dans un laser à �bre fonctionnant en régime intermédiaire entre le
fonctionnement continu et le fonctionnement impulsionnel obtenu par le blocage de modes
passif, lorsque des impulsions solitons et un fond continu coexistent dans la cavité. Nos
di�érentes observations expérimentales nous ont permis de présenter une interprétation
qualitative de cette dynamique.

La pluie de solitons est une manifestation d'une dynamique dissipative et non linéaire.
Elle est caractérisée par l'interaction entre trois composantes : la phase condensée, le fond
continu et les solitons dérivants. La phase condensée est formée de quelques dizaines de
solitons en agitation, liés entre eux à la manière des molécules au sein de la phase thermo-
dynamique d'un liquide. A l'instar de l'évaporation d'un liquide, la phase condensée émet
une grande quantité de rayonnement. Ce rayonnement superposé aux modes continus de la
cavité constitue un fond continu inhomogène avec d'importantes �uctuations. Lorsque ces
�uctuations excèdent un certain seuil, de nouveaux solitons sont formés, comme les goutte-
lettes de pluie d'eau formées à partir des nuages. Les solitons, une fois créés, dérivent vers la
phase condensée à une vitesse quasi constante. Ce scénario peut être reproduit indé�niment.

En plus des analogies intéressantes avec le cycle de l'eau, la dynamique de la pluie de
solitons apporte des informations nouvelles dans le contexte de la dynamique dissipative.
Elle illustre la diversité des régimes accessibles dans les lasers à �bre fonctionnant en régime
de blocage de modes par évolution non linéaire de la polarisation. En pratique, nous avons
montré l'in�uence des paramètres de cavité sur la pluie de solitons qui peuvent être utilisés
pour un contrôle externe de la dynamique. A savoir, en utilisant un laser continu injecté,
nous avons montré la possibilité de contrôler l'apparition et la disparition de la pluie de
solitons ainsi que la modi�cation de ses caractéristiques, telles que le nombre de solitons
individuels et leur vitesse de dérive.
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Nous avons aussi présenté une dynamique observée au voisinage de la pluie de solitons
et qui nous a aidés dans la compréhension de la pluie de solitons : le "relargage" des solitons
depuis la phase condensée. Dans cette dynamique les solitons se détachent et s'éloignent
de la phase condensée jusqu'à leur disparition. La dynamique de relargage des solitons
nous a permis d'établir une relation entre l'asymétrie du spectre optique et l'asymétrie de
la dynamique temporelle via l'in�uence de la dispersion chromatique sur la circulation de
l'énergie entre les composantes de champ.

L'exploration du laser nous a permis de présenter d'autres types d'auto organisations
d'un grand nombre de solitons dans la cavité, comme le fonctionnement harmonique, les
molécules de solitons, ou bien la vobulation du train d'impulsions. Dans cette dynamique,
les solitons s'alignent dans un train d'impulsions où l'espacement entre deux solitons voisins
augmente en fonction du temps. Ce train d'impulsions est rattaché à une ou les deux
extrémités de la phase condensée. Nous avons montré qu'en fonction des paramètres de la
cavité, il était possible de contrôler l'étalement du train d'impulsions vobulé.

La coexistence d'un grand nombre de solitons en présence des composantes du fond
continu dans une cavité laser permet la manifestation de plusieurs mécanismes d'interaction,
ce qui o�re la possibilité d'observer divers comportements résultant d'une compétition
entre ces di�érents mécanismes. La suite de ce travail expérimental consiste à construire
un modèle théorique qui peut expliquer les di�érents comportements et interactions,
comme les interactions solitons-phase condensée, les interactions phase condensée-fond
continu, ou bien encore, le mouvement des solitons sur le fond continu. La construction
de ce modèle présente plusieurs di�cultés. En e�et, les di�érentes interactions se pro-
duisent sur des échelles de temps diverses : de la picoseconde (formation de la phase
condensée) et de la nanoseconde (la distance de séparation des solitons de dérive) jusqu'à
la seconde pour la vitesse de dérive des solitons individuels. De plus, les dynamiques
observées sont basées sur des e�ets quasi aléatoires. Par exemple pour la dynamique de
la pluie de solitons, le fond continu n'est pas uniforme et ses �uctuations sont aléatoires.

107



La naissance des solitons de dérive à partir du fond continu est doublement aléatoire,
elle est aléatoire dans le temps et dans l'espace. Il faut prendre en considération tous
ces e�ets dans la construction du modèle qui permettra de décrire les dynamiques observées.

Toutes les dynamiques présentées témoignent de la diversité et de la richesse de la dyna-
mique dissipative des lasers à �bre fonctionnant en régime de blocage de modes passif par
évolution non linéaire de la polarisation.
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Chapitre 3

Respiration spectrale d'une impulsion
au-delà de la bande passante du milieu à
gain
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3.1 Introduction

Le travail de ma thèse est essentiellement expérimental compte tenu de la richesse des
dynamiques multi-impulsionnelles obtenues. Il est basé sur l'observation, l'analyse et la
compréhension qualitative des dynamiques complexes comme la dynamique de la pluie
de solitons, le relargage des solitons et la vobulation du train d'impulsions. Cependant,
développer un outil d'analyse théorique pour étudier ces di�érentes dynamiques s'est avéré
di�cile vu la complexité des e�ets participant aux dynamiques obtenues, et de l'étendue
des échelles de temps impliquées.

Plusieurs discussions avec nos collaborateurs, principalement avec le physicien théoricien
Soto-Crespo de "Instituto de Óptica CSIC, Serrano, Madrid", ont été menées dans le
but d'établir un modèle d'analyse théorique. Nous avons relevé plusieurs di�cultés dues
principalement au caractère quasi aléatoire et aux échelles de temps di�érentes des
comportements multi-impulsionnels observés. En e�et, pour la dynamique de la pluie de
solitons : le fond continu n'est pas uniforme et ses �uctuations sont aléatoires, la naissance
des solitons de dérive à partir du fond continu est doublement aléatoire, elle est aléatoire
dans le temps et dans l'espace. De plus, cette dynamique se manifeste à des échelles de
temps très di�érentes : la formation de la phase condensée est de l'ordre de la picoseconde,
la distance temporelle qui sépare deux solitons de dérive est de l'ordre de la nanoseconde,
et il y a aussi le déplacement des solitons de dérive qui s'e�ectue sur un temps de l'ordre
de la seconde.

Par ailleurs, nous avions entamé la modélisation de notre laser en considérant, comme
point de départ, le régime de fonctionnement mono-impulsionnel. L'étude de la dynamique
de propagation d'une seule impulsion le long de notre cavité à gestion de dispersion a
ensuite révélé une dynamique intéressante, en relation avec la respiration spectrale de
l'impulsion. L'ampleur de cette respiration nous a conduits à nous y intéresser de plus près
et à réaliser l'étude qui fait l'objet de ce chapitre.
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Le concept de la gestion de dispersion s'est avéré un excellent moyen qui permet d'amé-
liorer la transmission de l'information par �bre optique. Lorsqu'une impulsion se propage
dans une �bre optique, elle subit un élargissement induit par la dispersion, cet élargissement
peut mener à des interactions entre les solitons et au chevauchement entre les bits voisins
et par conséquent à la dégradation de l'information [38,157�159]. L'optimisation de la per-
formance du système de transmission nécessite, dans le cas d'une transmission linéaire, une
minimisation de la dispersion chromatique de la ligne. Cela peut être possible en réalisant
des lignes de transmission fonctionnant près du point de dispersion nulle ou/et en utilisant
une compensation de la dispersion accumulée. L'idée d'utiliser une �bre compensatrice pour
contrebalancer l'élargissement de l'impulsion a été proposée en 1980 [160]. Depuis, plusieurs
études ont été menées et ont montré que l'utilisation d'un soliton à gestion de dispersion
permettait d'améliorer le système de transmission dans les �bres optiques. L'utilisation du
soliton formé à partir d'un équilibre entre la dispersion moyenne et les e�ets non linéaires a
permis d'injecter des impulsions plus énergétiques que le soliton fondamental [161], d'aug-
menter la distance de transmission, d'améliorer le rapport signal - bruit et de diminuer la
gigue temporelle (Gordon-Haus timing jitter) [38, 162] ainsi que le mélange à quatre ondes
entre les bits adjacents en présence de multiplexage en longueur d'onde [38,157�159].

Les lasers à �bre à blocage de modes peuvent fonctionner en régime mono-impulsionnel
où des impulsions ultra-courtes sont générées.

L'augmentation de la puissance de pompe favorise le fonctionnement multi-impulsionnel,
comme vu au cours des chapitres précédents. Il est néanmoins possible d'augmenter l'éner-
gie du soliton en diminuant l'ampleur de l'e�et Kerr : une des méthodes adoptées est
l'utilisation de la cavité à gestion de dispersion. Rappelons qu'une cavité à gestion de
dispersion est constituée de segments de �bres à dispersion normale et anormale. A cause de
cette variation de dispersion, une impulsion qui se propage subit une respiration temporelle
"élargissement puis compression" sur les di�érents segments qui constituent la cavité.
L'impulsion peut être fortement élargie au cours de sa propagation. Par conséquent, son
énergie crête est diminuée et les e�ets non linéaires sont également réduits, ce qui conduit
à une augmentation signi�cative de l'énergie, possible en régime mono-impulsionnel à la
sortie du laser. Des impulsions inférieures à 200 fs et de 100 pJ ont été générées par
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des cavité lasers à �bre contenant des systèmes de compensation de dispersion à base
de réseau [163, 164]. D'autres types de cavité à gestion de dispersion utilisant des �bres
compensatrices ont permis de générer des impulsions de quelques dizaines de femtosecondes
de durée [34, 165, 166] et plusieurs nanojoules d'énergie [37, 167�169]. La dynamique de
la propagation mono-impulsionnelle dans les lasers à �bre à gestion de dispersion a fait
l'objet de plusieurs travaux [170�173], diverses dynamiques originales ont été observées et
interprétées en utilisant le concept du soliton dissipatif [5, 7].

Notre étude numérique a révélé des e�ets très intéressants qui se traduisent par une
respiration spectrale de grande ampleur. Cette dernière n'a pas été prise en compte, à ce
jour, dans la conception des cavités à gestion de dispersion. Notre travail a été motivé
par l'idée de pouvoir utiliser la respiration spectrale comme une voie à la génération d'une
impulsion possédant une largeur spectrale supérieure à la largeur de la bande passante de
l'ampli�cateur. Les résultats obtenus sont présentés dans ce chapitre qui se compose de deux
parties.

La première partie de ce chapitre est consacrée à la description de la dynamique de la
respiration spectrale, et à l'optimisation de cet e�et en fonction des paramètres de la cavité.
Par ailleurs, nous avons relevé au cours de l'optimisation, l'existence de zones de dispersion
où aucun fonctionnement impulsionnel stable ne peut être obtenu. Dans la seconde partie,
nous avons évalué de façon réaliste la mise en ÷uvre de la cavité, et discuté l'introduction
d'un coupleur de sortie qui permet d'extraire l'impulsion à sa largeur spectrale maximale et
à sa durée minimale. Cette partie est suivie d'une conclusion et de quelques perspectives en
relation avec cette étude.
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3.2 Choix de la modélisation : paramètres

Nous nous intéressons, dans cette partie, à la dynamique de la propagation d'une seule
impulsion dans la cavité laser. Rappelons que notre cavité est une cavité à gestion de
dispersion, elle comprend des �bres de dispersion normale (EDF et DCF) et une �bre de
dispersion anormale (SMF). Le schéma de la cavité est représenté dans la �gure 3.1. Les
pertes non linéaires dues à l'absorbant saturable et les pertes linéaires dues au coupleur de
sortie qui existe dans ce modèle de cavité sont considérées comme des e�ets ponctuels.

Figure 3.1 � Schéma de la cavité.

Nous avons considéré un modèle de propagation scalaire où les composants de la cavité
sont des éléments discrets. A l'aide d'un logiciel de calcul (FiberDesk) [174], nous avons
étudié l'évolution de l'impulsion durant sa propagation dans la cavité. Le code de calcul est
basé sur la résolution de l'équation de Schrödinger non linéaire avec extension aux e�ets
d'ordre supérieurs et dissipatifs, ce qui permet de calculer l'enveloppe du champ électrique
E(t, z) de l'impulsion le long de la distance z pour chaque �bre.

* Dans les �bres passives (SMF, DCF) l'équation de propagation est :

iEz +
Dk

2
Ett + Γk|E|2E = 0, (3.1)

où Dk représente le coe�cient de dispersion et Γk représente le coe�cient de la non
linéarité des �bres indicées par k. Γk est calculé en fonction de l'aire e�ective du mode
(Aeff ) et en fonction de l'indice de réfraction non linéaire n2 ( Γk = n2ω0

cAeff
)(équation (1.8)).

n2 est le même pour toutes les �bres optiques en silice (n2 = 2.5 10−20 m2W−1).
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*Le milieu ampli�cateur EDF :
Nous avons considéré l'in�uence du milieu ampli�cateur sur l'évolution de l'impulsion.

Dans notre modèle, le milieu ampli�cateur est caractérisé par un gain G et une bande
passante de largeur 4Ωg. Comme la bande de gain est généralement limitée en fréquence,
il peut y avoir un �ltrage des composantes spectrales de l'impulsion si le spectre de cette
dernière est plus grand que la bande de gain. Ce phénomène peut se produire pour une
impulsion qui a été élargie spectralement par e�et Kerr (SPM) par exemple.

Pour retrouver l'expression du gain G, il su�t d'écrire l'équation bilan des niveaux
spectroscopiques du milieu ampli�cateur. La con�guration spectroscopique de l'ion erbium
Er3+ dans la matrice de silice (SiO2) peut être considérée comme une structure à trois
niveaux d'énergie principaux E1, E2 et E3 où N1, N2 et N3 sont leurs populations respectives.
Nous supposons que la transition de pompe, caractérisée par la section e�cace σp, est
établie entre les niveaux E1 et E3, alors que la transition signal laser (transition stimulée),
caractérisée par la section e�cace σs, s'e�ectue entre les niveaux E2 et E1. Nous supposons
de plus, que la transition non radiative entre les niveaux E3 et E2 est très rapide, ce qui
permet de négliger N3 (N3 ' 0). De ce fait, nous pouvons écrire :

∂N2

∂t
= −N2

τ
+ (N1 −N2)σsφs + N1σpφp, (3.2)

où τ est le temps de vie du niveau instable. φp, φs sont respectivement, le �ux de pompage
et le �ux du signal laser.

Comme N3 ' 0, le nombre total N0 des ions actifs est N0 ' N1 + N2. Nous pouvons
donc écrire : η = N2−N1

N0
, d'où N2 = 1+η

2
N0 et N1 = 1−η

2
N0.

A l'état stationnaire (∂/∂t = 0), le taux d'inversion de la population η s'écrit :

η =
σpτφp − 1

1 + 2σsτφs + σpτφp

=
1− 1

σpτφp

1 + 1
σpτφp

+ 2σsφs

σpφp

. (3.3)

En régime de pompage intense, σpτφp >> 1, nous obtenons η ≈ 1
1+(2σsφs/σpφp)

. Le �ux
du signal laser peut alors s'écrire :
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∂φs

∂z
= +σs(N2 −N1)φs ≡ g0

1 + φs

φsat(φp)

φs ' gφs. (3.4)

Donc le gain g est :
g =

g0

1 + φs

φsat

. (3.5)

Avec : g0 = N0σs et φsat = σp

2σs
φp.

Nous remarquons que le gain g dépend du nombre des ions actifs Er3+ à travers g0 et
dépend aussi de l'énergie de pompe à travers φsat.

Pour obtenir l'équation qui décrit l'évolution de l'impulsion dans notre milieu ampli�-
cateur (�bre EDF), il su�t de rajouter à l'équation (3.1) le terme de gain optique et du
�ltrage spectral. L'équation obtenue est :

iEz +
Dk

2
Ett + Γk|E|2E =

ig0/2

1 + Q(z)
Qsat

[
1 +

∂2
tt

Ω2
g

]
E. (3.6)

Où Q(z) =
∫ −∞

+∞ |E(t, z)|2dt représente l'énergie totale à la distance de propagation z.
Qsat représente la saturation de l'énergie qui est proportionnelle à l'énergie de la pompe,
g0 est le gain aux faibles signaux et Ωg représente la largeur de la bande du gain. Cette
équation ne prend pas en compte le temps de réponse �ni du milieu du gain, impliqué
notamment dans le mécanisme de récupération après déplétion.

* L'absorbant saturable instantané :
L'absorbant saturable qui représente les pertes non linéaires est modélisé par l'équation

3.7. C'est un absorbant saturable instantané, à savoir que l'absorption est proportionnelle à
la puissance instantanée de l'impulsion P = |E(t)|2.

Iout = Iin

[
T0 +4T

[
1− 1

1 + p
psat

]]
. (3.7)

Avec T0 le niveau de la transmission le plus bas, ∆T représente la profondeur de la
modulation et Psat représente la puissance de saturation, avec T0 + ∆T =1
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Notons que l'absorbant saturable est di�érent de celui utilisé dans notre cavité, il corres-
pond à l'expression la plus simple compatible avec un modèle scalaire, tandis que l'absorption
non linéaire par l'évolution non linéaire de la polarisation requiert un modèle vectoriel pour
être correctement prise en compte.

Les paramètres des �bres que nous avons considérés au début de cette étude numérique
sont proches de ceux qui forment la cavité laser de notre dispositif expérimental, et sont
représentés dans le tableau (3.1). Notons que la valeur du coupleur de sortie OC est
importante (86% ). Cette valeur est nécessaire pour obtenir la dynamique de la respiration
spectrale comme nous allons le voir par la suite.

EDF L = 2.2 m A = 28.3 µm2 D = -12.5 ps.nm−1Km−1

g0 = 1.3 m−1 4λrms = 21.36 nm

SMF L = 10.4 m A = 78.5 µm2 D = +17 ps.nm−1 Km−1

DCF L = 1.6 m A = 28.3 µm2 D = -91 ps.nm−1Km−1

AS T0 = 70% 4T = 30% Psat=10 W
OC OC = 86%

Table 3.1 � Valeurs des paramètres de la cavité.
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3.3 Respiration spectrale d'une impulsion au-delà de la
bande passante du milieu à gain
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Figure 3.2 � Variation de l'énergie et de la durée de l'impulsion sur plusieurs tours de
cavité jusqu'à l'établissement du régime stationnaire.

Nous suivons l'évolution de la dynamique du laser, en utilisant le logiciel de calcul (Fi-
berDesk), ce qui nous permet de retrouver le régime de fonctionnement mono-impulsionnel
stable. Nous rappelons que, dans un régime de fonctionnement stable, les caractéristiques
de l'impulsion à un point donné de la cavité ne varient pas, elles sont identiques à chaque
tour de cavité. Dans notre cas, l'injection d'une impulsion avec une énergie de saturation
su�sante (40 pJ) a permis d'obtenir un régime de blocage de modes stable après quelques
dizaines de tours de cavité. La �gure 3.2 présente l'évolution de l'énergie et de la durée de
l'impulsion à la sortie du coupleur OC pour plusieurs tours de cavité. Nous remarquons que
le régime stable est obtenu après 25 tours de cavité. Cependant, sur un seul tour de cavité,
les caractéristiques de l'impulsion évoluent en raison des propriétés di�érentes des éléments
de cavité. Nous nous sommes intéressés à trois caractéristiques : l'énergie de l'impulsion,
sa durée et sa largeur spectrale. Pour a�ner l'évolution des caractéristiques de l'impulsion
au sein de chaque élément de la cavité, nous avons divisé la cavité en plusieurs segments
repérés par la distance de propagation z.
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section EDF SMF DCF AS OC
z 0 à 20 20 à 120 120 à 130 z = 131 z = 132

Table 3.2 � Les éléments de la cavité en fonction de z.

3.3.1 Respiration spectrale d'une impulsion

A l'état stationnaire, la variation de l'énergie d'une impulsion durant un seul tour de
cavité est représentée dans la �gure (3.3). Nous remarquons que l'énergie augmente à l'in-
térieur de la première section (de 0 à 20), qui correspond au milieu ampli�cateur où l'im-
pulsion béné�cie du gain, puis, pour z compris entre 20 et 130, l'énergie est constante, car
dans cette section l'impulsion se propage dans des �bres passives (SMF et DCF) dont les
pertes linéiques sont négligeables à l'échelle du mètre. Ensuite, l'énergie diminue de façon
importante par l'e�et d'absorption saturable et par l'e�et du couplage de sortie.
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Figure 3.3 � Variation de l'énergie d'une impulsion sur un tour de cavité.

La �gure (3.4 a) représente la variation de la durée de l'impulsion durant un tour de cavité
pour le même état stationnaire. La durée de l'impulsion augmente un peu dans la �bre EDF
(milieu à gain), puis, dans la �bre passive SMF, elle subit une diminution importante suivie
d'une augmentation équivalente. Ensuite dans la �bre DCF, elle subit une diminution suivie
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Figure 3.4 � Evolution de l'impulsion sur un tour de cavité a) variation de la durée
temporelle ; b) variation de la largeur spectrale.

d'une augmentation. L'impulsion atteint sa durée minimale vers le milieu de la �bre passive
SMF (à z = 66) point essentiel, cette compression de l'impulsion est accompagnée par une
augmentation importante de la largeur spectrale, comme il est clairement illustré dans la
�gure (3.4 b). La largeur spectrale de l'impulsion augmente à partir de z = 0 jusqu'à son
maximum (z = 66) puis diminue.
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Figure 3.5 � Variation de la largeur spectrale en fonction de la durée temporelle sur un
tour de cavité.

119



La compression et l'étirement temporel d'une impulsion sont des comportements bien
connus dans des cavités à gestion de dispersion. Cependant, deux points ont attiré notre
attention : le premier point est la grande ampleur de l'e�et de respiration spectrale : la
largeur spectrale de l'impulsion augmente d'un facteur 2.5 (voir �gure (3.5)). Le second
point est que cette respiration spectrale se manifeste lorsque l'impulsion se propage dans la
�bre passive SMF. Nous avons représenté sur la �gure (3.6) l'évolution de la forme temporelle
de l'impulsion le long de la �bre SMF, et sur la �gure (3.7), l'évolution de la forme spectrale
de l'impulsion. Notons que la position où l'impulsion atteint sa durée minimale et celui où
la largeur spectrale est maximale sont très proches (voir �gure 3.5).

La respiration spectrale obtenue dans la �bre SMF peut être interprétée comme suit :
après avoir traversé le milieu à gain caractérisé par une dispersion normale, l'impulsion
ampli�ée a acquis un chirp positif C0 > 0. La dérive de fréquence (δω) est négative
sur le front montant de l'impulsion et augmente linéairement le long de l'impulsion :
en régime normal les composantes "rouges" se propagent plus vite que les composantes
"bleues". Dans la �bre SMF, la combinaison entre l'e�et de l'auto-modulation de phase
SPM, la dispersion anormale de la �bre et le chirp initial C0 > 0 produit une évolution en
deux étapes de la largeur spectrale : une augmentation puis une diminution. L'impulsion
subit une compression temporelle en raison de la dispersion anormale de la �bre, cette
compression est accompagnée par une augmentation de l'e�et d'auto-modulation de phase
(SPM). Rappelons que la SPM entraîne une production supplémentaire des composantes
de fréquence ce qui augmente davantage la compression, d'où l'augmentation de la largeur
spectrale. Entre temps, le chirp induit par la dispersion anormale est opposé au chirp
initial de l'impulsion (β2.C0 < 0). De ce fait, les composantes "rouges" vont se déplacer
moins vite, et les composantes "bleues" vont se déplacer plus vite, jusqu'à ce que la
vitesse de propagation des composantes "rouges" devienne plus faible que la vitesse de
propagation des composantes "bleues". A ce stade, la dérive des fréquences s'inverse. Les
composantes fréquentielles latérales s'éloignent du centre de l'impulsion, ce qui va les
mettre en opposition avec le chirp non linéaire dû à l'e�et Kerr. Par conséquent, la largeur
spectrale de l'impulsion diminue comme nous pouvons le voir sur la deuxième partie de la
courbe rouge de la �gure (3.5).

120



-2 -1 0 1 2

0

100

200

300

400

500

600

ZendSMF

Z0SMF

 

Temp (ps)

In
te

ns
ité

 o
pt

iq
ue

 (W
)

Figure 3.6 � Evolution de la forme temporelle de l'impulsion dans la �bre SMF.
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Figure 3.7 � Evolution de la forme spectrale de l'impulsion dans la �bre SMF.
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L'élargissement spectral produit par l'auto-modulation de phase est un e�et bien connu
[38]. Il a été utilisé, à titre d'exemple, dans la compression des solitons d'ordre supérieur [175].
Cependant, le potentiel de cet e�et n'a pas encore été étudié dans les cavités à gestion de
dispersion.

Il est important de souligner la di�culté d'exploiter l'intégralité de la bande de gain de
l'ampli�cateur lorsque le gain total est conséquent. Le gain G d'un ampli�cateur de longueur
L est donné par la formule suivante [53] :

G = exp

[∫ L

0

g(ω)dz

]
= exp [g(ω)L] , (3.8)

où g est le gain linéaire considéré, dans ce cas, constant le long de l'ampli�cateur. Cette
équation est représentée dans la �gure (3.8). Dans le cas où le gain g(ω) possède un pro�l
Lorentzien, il est bien clair que le pro�l du gain intégré G(ω) de l'ampli�cateur est plus
étroit que le pro�l g(ω).

Figure 3.8 � Le pro�l Lorentzien du gain linéaire g(ω) et du gain intégré de l'ampli�cateur
G(ω) [53].

De l'équation (3.8) nous pouvons écrire la relation qui relie la largeur δλg du gain à la largeur
∆λG de la bande passante de l'ampli�cateur :

∆λG = δλg

(
ln 2

ln G0 − ln 2

)1/2

. (3.9)
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Où G0 est le gain maximal de l'ampli�cateur.
Dans notre cas, G = 10 dB et δλg = 21.36 nm, par conséquent, ∆λG(rms) = 14.40nm.

Cette valeur est inférieure à la valeur de la largeur spectrale maximale de l'impulsion
(δλimpulsion = 16.50 nm, voir �gures 3.4b et 3.5). Il est donc intéressant d'exploiter l'e�et
de l'élargissement spectral en proposant des schémas de cavité qui permettent la génération
des impulsions avec une largeur spectrale qui excède la largeur de la bande du milieu
ampli�cateur. L'intérêt croît si nous arrivons à extraire l'impulsion correspondante proche
de la limite de Fourier où elle possède une durée minimale comme l'illustrent les �gures
(3.6) et (3.7).
A�n d'atteindre nos objectifs, nous avons étudié l'in�uence de chaque paramètre sur la
dynamique de la respiration spectrale, et procédé à l'optimisation. Pour mieux mesurer
cette dynamique nous avons dé�ni trois facteurs :

* a) le facteur de compression temporelle Ft : il est dé�ni comme le rapport entre la
durée temporelle de l'impulsion δτ0 à l'entrée de la �bre EDF et la durée minimale δτmin

que peut atteindre l'impulsion au cours de sa propagation.

Ft =
δτ0

δτmin

, (3.10)

* b) le facteur de respiration spectrale Fλ : c'est le rapport entre la largeur spectrale
maximale δλop que peut atteindre l'impulsion et la largeur spectrale δλ0 à l'entrée de la
�bre EDF.

Fλ =
δλop

δλ0

, (3.11)

* c) le facteur de débordement spectral FD : c'est le rapport entre la largeur spectrale
maximale δλop que peut atteindre l'impulsion et la largeur spectrale de la bande passante
du milieu ampli�cateur δλg= 14 nm.

FD =
δλop

δλg

=
δλop

14
. (3.12)

123



Généralement, la largeur d'une impulsion est représentée par sa FWHM "Full Width at
half maximum : largeur à mi-hauteur". Cette dé�nition ne prend pas en considération la
présence des pics qui se trouvent à moins de 50% ni les sous structures de l'impulsion. Or,
dans nos simulations, nous avons observé des altérations spectrales et temporelles impor-
tantes pendant la dynamique de la respiration spectrale. De ce fait, pour mesurer la largeur
d'une impulsion de façon plus juste, il est préférable d'utiliser les valeurs RMS (root mean
square : écart quadratique moyen) au lieu du FWHM [176]. Le RMS d'une courbe f(t) est
donné par la formule 3.13. Rappelons que la relation entre RMS et FWHM dépend fortement
du pro�l de la courbe considérée, à titre d'exemple, pour une courbe de forme gaussienne
FWHM = 1.17 ∗RMS.

RMS =

[∫ +∞
−∞ (t− t̄)2f(t)dt∫ +∞

−∞ f(t)dt

]1/2

, (3.13)

avec
t̄ =

∫ +∞
−∞ (t)f(t)dt∫ +∞
−∞ f(t)dt

. (3.14)

3.3.2 In�uences des pertes linéaires et non linéaires sur la respira-
tion spectrale

Dans le but d'étudier l'in�uence des paramètres de la cavité sur la dynamique du
laser et de trouver les valeurs des paramètres de cavité pour lesquelles la dynamique de la
respiration spectrale est optimale, nous examinons l'in�uence des pertes linéaires (coupleur
de sortie) et des pertes non linéaires (l'absorbant saturable). Nous avons constaté que la
dynamique de la respiration spectrale est obtenue seulement si les pertes linéaires sont
assez fortes (plus de 80%) et localisées avant l'entrée du milieu ampli�cateur (voir �gure
(3.1)), ce qui montre que cette dynamique est caractéristique d'un e�et soliton dissipatif
qui a besoin de perte et de gain pour se manifester.
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Nous avons noté aussi, que même si la présence de l'absorbant saturable est indispensable
pour le fonctionnement impulsionnel du laser, son in�uence sur l'ampleur de la dynamique de
la respiration spectrale est relativement faible (voir �gure (3.9)). L'absorbant saturable est
caractérisé par une puissance de saturation Psat et un taux de transmission T0 (voir équation
(3.7)). La variation de Psat entre 1 et 100 W entraîne une variation du facteur d'élargissement
spectral Fλ de 2.5 à 2.1 et une variation du facteur de compression temporelle Ft de 2.1 à
2.8. Lorsque T0 varie entre 10% et 70%, Fλ varie entre 2.50 et 2.54, et Ft varie entre 2.58 et
2.21 (voir �gure (3.10)). Dans cette étude, nous avons conservé la contrainte T0 + ∆T = 1

3.3.3 In�uences de l'énergie de saturation Esat et du gain g0

L'ampli�cation de l'impulsion qui traverse la �bre EDF dépend de la puissance de
pompe, et du gain linéaire g0. Ce dernier peut augmenter en fonction de la concentration
des ions actifs (ions Er+3) dans la �bre. La dynamique de la respiration spectrale est
observée lorsque l'énergie de saturation varie entre 40 et 500 pJ . La �gure (3.11 a) présente
la variation du facteur d'élargissement spectral et du facteur de compression temporelle
en fonction de l'énergie de saturation. Nous remarquons que l'évolution du facteur de
compression temporelle Ft est relativement faible. En e�et, pour une variation de l'énergie
de saturation de 40 pJ à 500 pJ , Ft varie de 2.2 à 2.6 seulement, par contre, pour le même
intervalle de variation de Esat, le facteur d'élargissement spectral Fλ varie de 1 jusqu'à
2.5, et le facteur de débordement FD augmente de 0.64 jusqu'à 1.88 (voir �gure (3.11 b)).
Notons aussi, qu'à partir de 100 pJ , la largeur de l'impulsion dépasse la bande passante de
l'ampli�cateur.
L'in�uence du gain linéaire g0 est représentée sur la �gure (3.12 a). L'augmentation de g0

de 1.20 jusqu'à 1.50 m−1 entraîne une augmentation du facteur d'élargissement spectral
jusqu'à une valeur maximale égale à 2.5, puis ce facteur diminue. Cette valeur maximale est
obtenue pour g0 = 1.35 m−1. Sur la �gure (3.12 b) qui représente l'évolution de FD, nous
remarquons que la largeur de l'impulsion dépasse la bande passante du milieu ampli�cateur
à partir de 1.23m−1.
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Nous avons observé aussi, qu'au-delà d'une certaine valeure de l'énergie de saturation
Esat (Esat > 200 pJ) et du gain g0 (g0 > 1.3 m−1), les positions Zλop où l'impulsion
atteint son maximum en largeur spectrale, et Ztop où l'impulsion atteint son minimum de
durée, ont tendance à s'éloigner (voir �gure 3.13). Il est important que la position Ztop soit
proche de la position Zλop, car en ce point, il est possible de placer un coupleur de sortie
pour extraire le signal. Nous avons étudié cette possibilité et les résultats obtenus seront
présentés dans la section 3.4 de ce chapitre.

3.3.4 In�uence de la dispersion moyenne de la cavité. Existence de
gaps pour le fonctionnement impulsionnel

Rappelons qu'une cavité à gestion de dispersion est formée de plusieurs �bres avec des
valeurs de dispersion di�érente, il est dès lors possible de changer la valeur de la dispersion
moyenne en changeant les longueurs ou bien les dispersions des �bres qui constituent la
cavité. En pratique, pour changer la valeur de la dispersion moyenne d'une cavité, il est
généralement habituel de changer les longueurs des �bres. Dans notre cas, nous avons choisi
de changer la longueur de la �bre compensatrice DCF (une pratique utilisée dans notre étude
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expérimentale), a�n de changer la dispersion moyenne de la cavité, et étudier son in�uence
sur la dynamique de la respiration spectrale.
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spectrale. Zone(1) : absence de la dynamique de la respiration spectrale. Zone(2) : absence
de fonctionnement pulsé Zone(3) : fonctionnement multi impulsionnel instable.

Cette étude a révélé un e�et remarquable et inattendu. A l'intérieur du domaine d'exis-
tence de la dynamique de respiration spectrale, il apparaît des zones où aucun fonctionne-
ment impulsionnel stable n'est observé, en e�et, la dynamique de la respiration spectrale est
obtenue pour des valeurs de dispersion moyenne qui varient entre -3 et +7 ps/nm/km. Tou-
tefois, nous avons remarqué qu'en général, il existe des valeurs de dispersion pour lesquelles
le fonctionnement impulsionnel n'existe pas.

L'in�uence de la dispersion sur la dynamique du laser est représentée dans la �gure
(3.14 a). Lorsque la dispersion est inférieure à -2 ps/nm/km (zone "1"), le fonctionnement
impulsionnel peut exister, mais aucune dynamique de respiration spectrale n'a été obser-
vée. Lorsque la dispersion moyenne varie entre -2 et 1 ps/nm/km ou bien entre 4 et 7
ps/nm/km, une dynamique de respiration spectrale est obtenue, l'énergie de l'impulsion
ainsi que les facteurs de Fλ et Ft sont optimum pour des valeurs de dispersion au voisinage
de 1 ps/nm/km et de 4 ps/nm/km (voir �gure (3.14 b)). Et lorsque D > +7 ps/nm/km

(zone "3"), nous obtenons un fonctionnement multi impulsionnel (2 et 3 impulsions) instable.
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Les résultats présentés sont obtenus dans le cas où les autres paramètres de cavité sont
�xes et prennent les valeurs mentionnées dans le tableau (3.1). Il faut noter que la zone
"2", où aucun fonctionnement impulsionnel n'est obtenu, n'est pas �gée dans l'espace total
des paramètres et peut être translatée en fonction des valeurs des autres paramètres de
cavité. L'existence de ces gaps de dispersion où le fonctionnement impulsionnel ne peut
être obtenu a été mentionnée expérimentalement, mais à notre connaissance, elle n'a pas
été étudiée de plus près.

Figure 3.15 � Variation de l'énergie en fonction de la longueur de la �bre DCF, pour
di�érentes valeurs de g0.

La collaboration avec le théoricien et numéricien Soto-Crespo a permis d'étudier
l'existence des gaps de dispersion. En e�et, en utilisant un code numérique développé, il
a montré qu'il n'est pas possible de maintenir un fonctionnement impulsionnel stable avec
une variation continue de la dispersion moyenne de la cavité, il a montré aussi que les gaps
de dispersion sont plus importants lorsque la puissance de pompe est importante. Dans la
�gure (3.15), la valeur de l'énergie d'une impulsion après 100 tours de cavité est représentée
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par un point. Lorsqu'une seule solution impulsionnelle stable est obtenue, tous les points
coïncident, dans le cas contraire, les points sont distincts. Les trois courbes de couleurs
di�érentes correspondent à trois valeurs di�érentes du gain g0 (la courbe verte g0=1.6 m−1,
bleue g0=2 m−1 et rouge g0=2.4 m−1). Il est clairement visible sur la �gure que les gaps de
blocage de modes sont présents dans tous les cas, ces gaps deviennent plus importants et
plus fréquents en fonction que l'énergie apportée au système augmente [177]. Les courbes
de la �gure (3.15) sont obtenues dans les conditions suivantes : l'énergie de saturation égale
à 25 pJ , les pertes linéaires OC = 70%, l'absorbant saturable est caractérisé par : T0 =
20%, ∆T = 80% et Psat = 77 W .

3.3.5 Loi d'échelle

Nous avons noté que la réduction de la dimension de la cavité conduit à une augmenta-
tion de la largeur spectrale des impulsions. En e�et, si la dimension de la cavité est réduite
d'un facteur K < 1, et si nous considérons la même quantité de pertes, il est alors possible
d'observer la dynamique de la respiration spectrale, à condition que le gain total du milieu
ampli�cateur soit constant. Nous avons exploité cette idée en utilisant des nouvelles cavités
dont les paramètres sont représentés dans le tableau (3.3).

Les longueurs z′ = Kz
Le gain linéaire g′0 = K−1 g0

La largeur de la bande de gain ∆Ω′ = K−1/2 ∆Ω

Le temps T ′ = K1/2T

La largeur spectrale ∆λ′ = K−1/2 ∆λ
La puissance P ′ = K−1P

L'énergie E ′ = K−1/2E

Table 3.3 � Caractéristiques des éléments de la cavité réduite.

La �gure (3.16) représente la variation de la largeur spectrale en fonction de la durée
de l'impulsion pour deux valeurs de K (K = 1 et K = 0.25). Nous remarquons que si la
cavité est réduite d'un facteur 4, la dynamique de la respiration spectrale est maintenue, par
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contre, les caractéristiques de l'impulsion varient. La largeur spectrale maximale a augmenté
de 16.3 nm jusqu'à 32.5 nm et la durée minimale de l'impulsion a été réduite de 170 fs à
90 fs.

Ainsi, la réduction de la dimension permet d'optimiser la dynamique de la respiration
spectrale et d'améliorer considérablement les caractéristiques de l'impulsion. Seulement, la
réduction de la taille de la cavité rencontre des limites pratiques, des limites en termes de
dopage des �bres et en termes des longueurs des �bres utilisées.
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Figure 3.16 � Variation de la largeur spectrale en fonction de la durée temporelle pour
deux dimensions di�érentes de la cavité (K=1 et K=0.25).
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3.4 Extraction du signal et optimisation

Extraction du signal

Figure 3.17 � Schéma de cavité : introduction du coupleur de sortie OC'.

Dans notre étude précédente, nous avons montré que durant sa propagation dans la ca-
vité, l'impulsion subit un élargissement spectral important accompagné par une compression
temporelle. L'optimisation se produit à une position que nous avons notée ZOC′ près du mi-
lieu de la �bre SMF. Il est donc intéressant d'extraire le signal en introduisant un coupleur
de sortie sans perturber la dynamique de la respiration spectrale. L'idée la plus évidente
est de déplacer le coupleur de sortie qui se trouve après l'absorbant saturable (voir schéma
(3.1)) et de le placer à la position ZOC′ où l'élargissement spectral est optimal. Nous avons
noté que le déplacement de ce coupleur de sortie provoque la disparition de la dynamique
de la respiration spectrale. De ce fait, nous déduisons que l'existence de fortes pertes placées
juste avant le milieu ampli�cateur semble être nécessaire au maintien de la dynamique de
respiration spectrale. Ainsi, nous avons maintenu le coupleur de sortie principal (OC) à sa
position et nous avons introduit un autre coupleur de sortie (OC') au milieu de la �bre
SMF, comme représenté sur la �gure (3.17). Ce coupleur de sortie induit des pertes modé-
rées (10%) a�n de préserver la dynamique de la respiration spectrale. Il est aussi nécessaire
d'augmenter la puissance de pompe qui correspond à l'énergie de saturation Esat pour main-
tenir l'ampleur de l'élargissement spectral de l'impulsion. La �gure (3.18) présente le pro�l
temporel et spectral de l'impulsion extraite du coupleur de sortie OC' (10%) placé à ZOC′ .

L'évolution de la largeur spectrale de l'impulsion sur un tour de cavité est représentée
dans la �gure (3.19). Nous remarquons que la largeur spectrale de l'impulsion extraite à
OC' est égale à 14.4 nm, pour Esat de 200 pJ et augmente jusqu'à 18.5 nm à 300 pJ ,
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Figure 3.18 � Pro�l temporel (a) et spectral (b) de l'impulsion extraite au coupleur de
sortie OC' (10% , Esat = 200 pJ).
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cette dernière situation correspond à un facteur d'élargissement Fλ = 2.8 et un facteur
de débordement FD = 1.33. Donc, l'augmentation de l'énergie de saturation augmente le
facteur Fλ, ce qui est prévisible d'après l'étude précédente.

Optimisation

Il est possible d'extraire une impulsion dont la largeur spectrale a été augmentée d'un
facteur 2.8, et en utilisant les résultats précédents, il est possible d'augmenter ce facteur et
d'optimiser le signal.

Dans le processus d'optimisation, il faut prendre en considération l'e�et d'altération
spectrale qui résulte de l'auto modulation de phase SPM. Cet e�et peut mener à l'apparition
de multi-sommets (pics) sur les côtés en plus de la formation d'un creusement au centre
du spectre de l'impulsion. Cette altération spectrale dépend fortement de l'intensité de
l'impulsion, aussi bien que du chirp fréquentiel initial [38]. Un autre point, résultant de
l'étude précédente, à prendre en considération au cours de l'optimisation est que l'étude a
montré que l'augmentation de la puissance de pompe a tendance à éloigner la position du
maximum en largeur spectrale (Zλmax) de la position du minimum en largeur temporelle
(Ztmin) (voir �gure (3.11)). Ainsi, la limitation de l'énergie de saturation est nécessaire pour
maintenir le pro�l spectral plutôt lisse, et obtenir une impulsion à son minimum de durée
et maximum de largeur spectrale.

Nous avons vu aussi, que pour optimiser la largeur spectrale du signal, il est utile de
réduire la dimension de la cavité. Seulement en pratique, bien que les longueurs de �bre,
la concentration d'ions actifs et la conception d'absorbant saturable puissent être changées,
la largeur de la bande passante du milieu ampli�cateur ne peut être modi�ée car elle est
reliée aux propriétés spectroscopiques du milieu à gain. Par conséquence, pour optimiser
notre signal, nous avons réduit la dimension de la cavité d'un facteur K en conservant la
largeur du gain δλg �xe et égale à 21.4 nm), puis nous avons ajusté la puissance de pompe
(Esat). L'idée est de pouvoir extraire une impulsion avec un coe�cient de débordement FD

maximal.
La �gure (3.20) présente l'évolution de la largeur spectrale de l'impulsion sur un tour de
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cavité obtenue au cours de l'optimisation, à savoir, pour di�érentes valeurs de K et Esat.
Pour K = 1, l'impulsion a été élargie d'un facteur de 2.8, le facteur de débordement dans ce
cas est égal à 1.32. Dans le cas où la cavité est réduite à 50% (K = 0.5) et pour Esat=500
pJ , la largeur de l'impulsion est égale à δλ (rms) = 28.1 nm, elle dépasse la bande passante
de l'ampli�cateur d'un facteur de 2.25. En réduisant davantage la cavité jusqu'à 35% et en
augmentant Esat à 600 pJ , la largeur de l'impulsion augmente en conséquence, elle atteint
la valeur de 33.9 nm, ce qui correspond à un facteur de débordement FD de 2.4.
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Figure 3.20 � Optimisation de la dynamique de respiration spectrale.

La forme du pro�l spectral, ainsi que le pro�l temporel de l'impulsion extraite au
coupleur OC' sont représentés dans la �gure (3.21). Pour les di�érentes valeurs de l'énergie
de saturation Esat, la largeur du pro�l du spectre optique de l'impulsion est plus grande
que la bande passante du milieu ampli�cateur représenté par la courbe en pointillé rouge.
De plus, une déformation du pro�l du spectre en fonction de Esat est bien visible sur cette
�gure, comme il a été mentionné auparavant. L'augmentation de Esat alimente l'e�et de
l'auto modulation de phase qui s'est traduit ici par l'apparition de pics sur les côtés et la
formation d'un trou au centre du spectre [38].
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Figure 3.21 � Forme du pro�l spectral (a) et du pro�l temporel (b) de l'impulsion optimisée
extraite au coupleur de sortie OC'(10% ) pour K = 0.35.
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3.5 Conclusion

Dans une cavité laser à gestion de dispersion et fonctionnant en régime de blocage de
modes, nous avons constaté que l'e�et de respiration temporelle, peut être accompagné par
un e�et de respiration spectrale important. Cet e�et se produit dans la partie passive (�bre
SMF) de la cavité. Au cours de sa propagation, la largeur spectrale d'une impulsion est
presque triplée (Fλ = 2.9) et peut même dépasser la largeur de la bande passante du milieu
à gain d'un facteur FD = 2.4. Nous avons étudié l'in�uence des di�érents paramètres de la
cavité et nous avons trouvé que cette dynamique se manifeste en présence de fortes pertes
(plus que 80%). Ces pertes doivent être particulièrement localisées juste avant le milieu
ampli�cateur. Pour maintenir cette dynamique, la cavité doit contenir une �bre passive de
dispersion normale (DCF) avant le milieu à gain. L'étude numérique de cette cavité a montré
aussi que pour un ensemble de paramètres prédé�nis, il existe des zones de dispersion où
aucun fonctionnement impulsionnel ne peut être obtenu.

En plus de cette dynamique spectrale intéressante, nous avons abordé la question de son
exploitation pratique. Nous avons étudié la position et le pouvoir d'extraction du coupleur
de sortie qui permet d'extraire l'impulsion à sa durée minimale et à sa largeur spectrale
maximale en limitant l'e�et d'altération spectrale qui augmente en fonction de la puissance
de pompe. En fonction des paramètres de cavité, nous avons optimisé encore le signal et
obtenu une impulsion dont sa largeur spectrale dépasse la largeur de la bande passante de
l'ampli�cateur d'un facteur de 2.4. Ainsi, nous avons montré qu'il est possible de proposer
une cavité qui o�re la possibilité de générer des impulsions dont la largeur spectrale dépasse
nettement la largeur de la bande passante.

Considérant le grand nombre de degrés de liberté, il est probable que la respiration
spectrale puisse être à nouveau optimisée. Il est possible de considérer d'autre valeurs de
longueurs de �bre. Il est envisageable d'utiliser des �bres compensatrices avec une non-
linéarité plus faible dans le but de réduire l'e�et d'altération spectrale, voire d'utiliser des
systèmes purement dispersifs comme un jeu de réseaux de dispersion par exemple. Il est
aussi possible de trouver de nouveaux schémas de cavité laser à �bre très di�érents de ceux
que nous venons de proposer.
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Conclusion et perspectives

Les travaux de recherches menés dans cette thèse ont porté sur l'étude de dynamiques
originales des solitons dissipatifs dans une cavité laser. Ils ont été réalisés au Laboratoire
Interdisciplinaire Carnot de Bourgogne, équipe "solitons, laser et communications optiques",
sous la direction du Pr Ph. Grelu. Une grande partie de cette thèse a été consacrée à l'étude
des comportements collectifs d'un ensemble de solitons en présence d'un fond continu,
compte tenu de la complexité et de la richesse des dynamiques observées. L'autre partie
a été consacrée à l'étude numérique de la dynamique intra-cavité du soliton dissipatif en
présence de la gestion de dispersion où nous avons découvert l'importance du potentiel de
l'élargissement spectral.

Pour réaliser l'étude expérimentale, nous avons utilisé un laser à �bre dopée Erbium.
L'énergie de pompe relativement importante permet, particulièrement en régime de disper-
sion anormale, de générer de nombreuses impulsions par tour de cavité. Divers segments de
�bres compensatrices de dispersion ont été utilisés, a�n de changer la dispersion moyenne
de la cavité et voir l'in�uence de la dispersion sur les dynamiques. Le blocage de modes
passif du laser repose sur l'évolution non linéaire de la polarisation : cette technique permet
de varier facilement les conditions de blocage de modes. Avec ce dispositif, il nous a été
possible d'obtenir divers régimes inédits et d'étudier ainsi le comportement collectif des
solitons dissipatif, un sujet de recherche encore peu exploré.

En général, le blocage de modes est interprété comme une transition brusque entre régime
de fonctionnement quasi-continu et régime de fonctionnement impulsionnel. Cependant,
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plusieurs observations indiquent que ce scénario n'est pas forcément respecté [151�153].
Dans notre étude, nous avons montré qu'il peut exister une transition graduelle entre le
régime de fonctionnement continu et le régime de fonctionnement impulsionnel et qu'il
existe en particulier un état intermédiaire où des solitons et des composantes de fond
continu coexistent dans la cavité. Nous nous sommes intéressés à cette situation nouvelle
qui a révélé diverses dynamiques originales.

En premier lieu, nous avons étudié la dynamique de "la pluie de solitons", une mani-
festation complexe et fascinante des interactions entre les impulsions et un fond continu.
Elle est constituée de trois composantes de champ : le fond continu, les solitons de dérive
et la phase condensée. A partir des �uctuations du fond continu, des solitons naissent
et dérivent à une vitesse quasi constante jusqu'à la phase condensée. Ce scénario peut
être indé�niment reproduit d'une façon quasi stationnaire, ce qui en fait une dynamique
spectaculaire, en dépit de sa complexité. Le nombre de solitons individuels ainsi que leurs
vitesses de dérive peuvent être ajustés par le réglage des paramètres de cavité. La phase
condensée par analogie à la phase thermodynamique d'un liquide est formée de quelques
dizaines de solitons en agitation et liés en paquets. De façon analogue à l'évaporation d'un
liquide, la phase condensée émet une grande quantité de rayonnement. Ce rayonnement
forme, avec les modes continus de la cavité, un fond continu inhomogène et �uctuant
dans le temps. Lorsque les �uctuations excèdent localement un certain seuil, un nouveau
soliton se forme et dérive vers la phase condensée comme une goutte de pluie formée à
partir d'un nuage. Du fait de l'analogie avec le cycle d'eau, l'appellation "pluie de solitons"
nous a semblé appropriée. Nous avons démontré un contrôle externe de la dynamique, à
savoir, qu'en utilisant un laser continu externe injecté de faible puissance, il est possible de
contrôler l'apparition et la disparition de la pluie de solitons.

La dynamique de la pluie de solitons apporte des données nouvelles dans le contexte des
études de dynamiques dissipatives. Elle témoigne de l'auto-organisation liée à l'existence
d'une structure dissipative fortement non linéaire. En e�et, la pluie de solitons se manifeste
lorsqu'un �ux d'énergie circule à travers les trois composantes (phase condensée, solitons de
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dérive et fond continu). De plus, le mouvement relatif des solitons de dérive est une carac-
téristique majeure et une asymétrie temporelle qui distingue cette dynamique des autres.
D'autres dynamiques ont été observées et ont contribué à la compréhension de la pluie de so-
litons, comme le relargage de soliton depuis la phase condensée. Dans cette autre dynamique,
les solitons se détachent et s'éloignent de la phase condensée jusqu'à leur dissipation au sein
du fond continu. La dynamique de relargages des solitons nous a permis de conclure que
l'asymétrie de la dynamique temporelle est étroitement liée à l'asymétrie du spectre optique.

Nous avons présenté d'autres modes d'auto-organisation de grands nombres de solitons
en cavité notamment lorsque aucun mouvement relatif n'est observé. Nous avons ainsi
retrouvé le fonctionnement de blocage de modes harmonique bien connu parmi les dyna-
miques observées au sein des lasers à �bre. Nous avons présenté l'observation de molécules
de solitons et montré que la taille et le nombre de solitons qui forment la molécule peuvent
être modi�és par un ajustement des paramètres de la cavité. Une autre organisation
intéressante des solitons a été observée et étudiée : la vobulation du train d'impulsions.
Dans cette con�guration, les solitons se répartissent dans un train d'impulsions où la
distance entre deux solitons voisins augmente en fonction du temps. Le train d'impulsions
vobulé se trouve toujours sur un lit de fond continu. Plus le fond continu est important,
plus la distance entre les solitons liés est importante. Nous avons montré qu'en fonction
des paramètres de la cavité, il est possible de contrôler l'étalement du train d'impulsions
vobulé.

La coexistence d'un grand nombre de solitons en présence des composantes du fond
continu dans une cavité laser révèle des comportements qui résultent d'une compétition entre
di�érents mécanismes d'interaction. Il existe dans notre cavité des interactions de courte
portée, des interactions dues aux ondes dispersives, des interactions dues à l'épuisement et
au rétablissement du gain. La variation d'un paramètre de cavité (condition de blocage de
modes ou puissance de pompe) favorise un mécanisme par rapport à un autre ; un nouvel
équilibre est alors obtenu, qui se manifeste par une auto-organisation di�érente. Toutes
les dynamiques présentées témoignent de la complexité et de la richesse de la dynamique
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dissipative des lasers à �bre fonctionnant en régime de blocage de modes passif par évolution
non linéaire de la polarisation.

Nous pouvons envisager plusieurs perspectives à ce travail expérimental. Nous avons vu
que la pluie de solitons et le relargage de solitons sont étroitement liés à la composition du
spectre optique. Dans le but de pouvoir contrôler la dynamique à travers les composantes
spectrales, il est possible d'utiliser un façonneur d'impulsions. C'est un système optique
constitué de deux réseaux et deux lentilles montés en ligne 4f , (f est la distance focale
de la lentille) voir �gure 3.22). Avec ce système il est possible de créer un plan de Fourier
sur lequel les composantes spectrales de l'impulsion sont séparées dans l'espace. Le principe
de fonctionnement de ce système est simple, chaque composante spectrale est dispersée
spatialement par le premier réseau puis le faisceau est collimaté par la première lentille,
ainsi, chaque composante spectrale est focalisée dans le plan de Fourier. Elles y sont imagées
spatialement. Ensuite, la recombinaison des di�érentes composantes spectrales en faisceau
collimaté est assurée par la deuxième paire (lentille-réseau). Ainsi, le système est à dispersion
nulle et l'impulsion à la sortie de la ligne est identique à celle à l'entrée. En plaçant un masque
dans le plan de Fourier, le chemin optique et la transmission peuvent être modi�és pour
chaque composante spectrale. Il est possible d'utiliser, comme masque, un réseau ou bien un
modulateur spatial de la lumière (SLM : spatial light modulator). Selon les masques utilisés,
la ligne 4f peut permettre le contrôle de la phase [178], ou de la phase et de l'amplitude [179],
ou bien de la polarisation [180]. Nous avons réalisée et caractérisée une ligne 4f (�gure 3.22)
formée de deux lentilles avec f = 25 cm et deux réseaux de 600 traits/mm. Nous avons
réussi à obtenir la dynamique de la pluie de solitons avec la ligne 4f insérée dans la cavité.
Cependant, en présence d'un masque sur le plan de Fourier, les régimes obtenus sont devenus
très instables ce qui a empêché le contrôle adéquat des dynamiques. Dans l'avenir il sera
possible d'améliorer le dispositif en minimisant les pertes liées à l'insertion de la ligne 4f ,
et chercher les domaines de paramètres où les dynamiques sont plus stables a�n de pouvoir
réaliser cette expérience.

Il sera intéressant, toujours dans les perspectives expérimentales liées à l'étude de la
dynamique de la pluie de solitons, de pouvoir observer la collision entre le soliton de dérive
et la phase condensée et comprendre ce qui se passe lors de cette collision, ce qui nous
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Figure 3.22 � Schéma représentant la ligne 4f.

a été impossible avec les moyens d'acquisition dont nous disposions. Il est aussi possible
d'explorer d'autres régimes où les �uctuations du fond continu jouent un rôle déterminant
dans la dynamique des solitons dissipatifs.

Nous avons mené plusieurs expériences qui nous ont aidés à comprendre la dynamique
de la pluie de solitons et lui donner une description qualitative. Pour donner une descrip-
tion quantitative ou semi-quantitative, il est maintenant important de construire un modèle
théorique qui peut expliquer les di�érents comportements et interactions, comme les inter-
actions solitons-phase condensée, les interactions phase condensée - fond continu, ou bien
encore, le mouvement des solitons sur le fond continu. Ces di�érentes interactions se pro-
duisent sur des échelles de temps diverses, de la picoseconde (formation phase condensée) à
la seconde (pour la dérive des solitons individuels). Il faut aussi prendre en considération,
dans la construction du modèle, des aspects aléatoires observés comme : les �uctuations du
fond continu et la naissance des solitons individuels qui est aléatoire dans le temps et dans
l'espace. La construction de cet outil d'analyse théorique nécessite plusieurs compétences,
des compétences en physique statistique pour décrire les e�ets aléatoires et des compétences
en physique thermodynamique pour décrire les phases thermodynamiques.

Les résultats de l'étude expérimentale de la pluie de solitons, ainsi que les autres dy-
namiques présentées, ont sollicité l'intérêt des physiciens, particulièrement des théoriciens,
car la construction d'un modèle théorique est un projet très ambitieux. En e�et, le modèle
une fois établi permettrait de décrire une dynamique aussi complexe que la pluie de soli-
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tons, mais permettrait aussi de fournir les bases conceptuelle à une nouvelle branche de la
physique des solitons en régime dissipatif.

L'autre partie de cette thèse a été consacrée à l'étude numérique de la propagation
d'une seule impulsion dans la cavité. Pour la première fois, une importante dynamique de
respiration spectrale a été prédite dans une cavité à gestion de la dispersion. Cet e�et est
obtenu en présence de fortes pertes (plus que 80%) localisées avant le milieu ampli�cateur
et en présence d'une �bre compensatrice de dispersion normale (DCF). Nous avons montré
qu'une compression temporelle de l'impulsion est accompagnée d'un élargissement spectral
d'un facteur proche de trois dans la partie passive de la cavité (�bre SMF), et que la largeur
de l'impulsion peut dépasser ainsi la largeur de la bande passante du milieu ampli�cateur.
Par ailleurs, nous avons mis en évidence la présence de zones où le blocage de modes stable
ne peut être obtenu, ces zones sont plus fréquentes et plus larges pour des valeurs d'énergie
de pompe plus importantes, traduisant les prémisses du fonctionnement multi-impulsionnel
qui apparaît au-delà d'une certaine puissance de pompe.

Notre travail a été motivé par l'idée de pouvoir utiliser la respiration spectrale comme
une voie à la génération d'une impulsion avec une largeur spectrale supérieure à la largeur
de la bande passante de l'ampli�cateur. Nous avons abordé de façon réaliste la possibilité
d'exploiter l'e�et de la respiration spectrale, étudié la position et le pouvoir d'extraction du
coupleur de sortie, et optimisé l'élargissement spectral en fonction de certains paramètres
de la cavité. Les résultats de cette étude numérique nous ont permis de proposer une cavité
qui génère des impulsions dont la largeur spectrale dépasse la largeur de la bande de gain
du milieu ampli�cateur d'un facteur 2.4. Pour réaliser expérimentalement la source laser
correspondante, il faudrait prendre en considération certains points : la réalisation de la
cavité demande une grande précision sur les longueurs des �bres utilisées et sur la position
et le taux d'extraction du coupleur de sortie. Pour pouvoir mesurer expérimentalement la
respiration spectrale, il faudrait que la mesure se fasse à l'air libre, impliquant une longueur
minimale de �bre après le coupleur de sortie. L'autre perspective est liée à l'optimisation
de la respiration spectrale. Considérant le grand nombre de degrés de liberté, la respiration
spectrale peut être optimisée au-delà de ce que nous avons entrepris et il serait intéressant
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d'étudier la possibilité d'employer d'autres types de �bres avec un maximum de dispersion
et un minimum de non-linéarité, ou bien utiliser des systèmes purement dispersifs (systèmes
à réseaux). Je retiens de tout ce qui précède, qu'avec un modèle de propagation aussi simple
(scalaire), il est possible d'étudier des comportements intéressants et obtenir des résultats
prometteurs comme la respiration spectrale ou bien la mise en évidence des gaps de disper-
sion, ou bien encore étudier l'in�uence de la dimension de la cavité sur une dynamique.
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