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INTRODUCTION

Les fondements de la physique quantique reposent sur l’étude d’interactions entre la matière
et le rayonnement et l’observation d’effets que la physique classique ne pouvait expliquer.
L’interaction lumière-matière reste le cœur de la physique quantique. Elle permet à la fois
l’étude et le contrôle de la matière.

Dans le domaine de la spectroscopie ultra-rapide, l’idée de contrôler un système quan-
tique ou une réaction chimique par le biais de son interaction avec une ou plusieurs impul-
sions lumineuses n’est pas récente. De nombreux schémas de contrôle utilisent l’interaction
cohérente entre une ou plusieurs impulsions et le système étudié. Ces schémas reposent
sur des phénomènes d’interférences quantiques que l’on peut influencer à l’aide d’un petit
nombre de paramètres, comme le délai ou la phase entre deux impulsions excitatrices. De
nombreuses avancées tant théoriques[1, 2, 3] qu’expérimentales[4, 5] ont été réalisées dans
ce domaine au cours des deux dernières décades. Cette approche est parfois limitée car on
ne dispose que d’un nombre très restreint de paramètres.

En 1992, Rabitz propose une approche novatrice de contrôle optimal [6] qui va s’avérer
très prolifique pour la manipulation de systèmes complexes pour lesquels il existe peu ou
pas de modèle théorique. L’idée est de reboucler l’expérience sur elle-même par l’utilisa-
tion d’algorithme d’optimisation. On parle souvent d’expériences en boucle fermée. Pour
pousser le système à produire un résultat donné, comme maximiser un signal de fluores-
cence ou modifier un ratio de produits d’une réaction chimique, on essaye un grand nombre
d’impulsions lumineuses fortement mises en forme. En fonction de la pertinence des dif-
férentes formes, l’algorithme d’optimisation génère de nouvelles formes que l’on teste à
nouveau. En quelques sortes, dans le contrôle optimal, on laisse le système trouver la voie
qui répond à notre objectif. La mise en œuvre pratique a demandé de gros efforts de dé-
veloppement. Il a fallu entre autre trouver un moyen de générer ces impulsions fortement
façonnées et ce de façon suffisamment rapide. La première démonstration expérimentale a
été faite 6 ans plus tard, par l’équipe de Gerber[7]. Cette approche a montré des résultats
spectaculaires, en permettant notamment de modifier les produits d’une réaction chimique
de façon importante. De nombreux résultats ont ainsi été obtenus entre autres dans des
molécules[7, 8, 9], des agrégats[10] et bien d’autres systèmes complexes[11, 12, 13, 14]. Le
contrôle optimal a ainsi prouvé qu’il était possible de manipuler des systèmes complexes
dont nous ne connaissions presque rien. Pour autant, cette manipulation ne nous apprend
pas forcément beaucoup sur la physique qui gouverne le système manipulé.

Parallèlement, une approche différente s’est développée pour l’étude et le contrôle
de systèmes plus simples. Cette technique de contrôle cohérent, repose sur un schéma dit
de boucle ouverte. Pour ces systèmes suffisamment bien modélisables, on peut déterminer
à l’avance quelle forme d’impulsion appliquer pour obtenir un résultat donné. Contrai-
rement au contrôle en boucle fermée, il n’y a ici aucune itération. Par contre, les deux
approches partagent en commun l’utilisation d’impulsions fortement façonnées. De nom-
breux résultats dans des systèmes atomiques ont ainsi été obtenus entre autres par l’équipe
de Silberberg[15, 16] ainsi que notre équipe[17, 18, 19]. D’autres groupes ont appliqué cette
approche avec succès à des petites molécules[20, 21]. Cette technique de boucle ouverte
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nécessite une connaissance parfaite du système et de ses interactions et cela limite son
champ d’application aux systèmes que l’on est capable de modéliser avec précision.

Ces deux approches de contrôle, en boucle ouverte et boucle fermée, se sont influencées
l’une - l’autre. Dans un mouvement assez récent, expérimentateurs et théoriciens se sont
ainsi penchés sur l’information que l’on peut retirer des expériences de contrôle optimal[22,
9, 23, 10] : est-ce que la forme des impulsions optimales, ou celle des impulsions inadéquates,
ou encore l’évolution des impulsions au cours de l’optimisation peut nous renseigner sur
le système et ses couplages ? Des approches mixtes, mêlant les deux approches ont ainsi
vu le jour[24, 15, 10]. Il s’agit d’un domaine de recherche très actif et encore très jeune :
autant l’efficacité du contrôle optimal pour la manipulation de systèmes complexes est une
chose entendue, autant sa pertinence pour la compréhension de ces systèmes est encore à
prouver.

Ces différentes approches de contrôle, ont été utilisées avec succès pour l’étude et le
contrôle de systèmes atomiques[25], moléculaires[24, 26] ou biologiques[12]. Elles n’ont été
possibles que grâce au développement des techniques de mise en forme d’impulsions. Les
façonneurs actifs1[27, 28], permettant de générer des impulsions arbitrairement mises en
forme, ont ainsi joué un rôle clef. Ils ont permis de diversifier le type d’impulsions utilisables
dans des expériences de contrôle cohérent. De plus, c’est leur capacité à générer rapide-
ment des formes très variées qui a rendu possible la réalisation expérimentale du contrôle
optimal. Leur développement a suivi de très près celui des laser ultra-courts. L’absence de
modulateurs suffisamment rapides pour façonner directement le profil temporel des impul-
sions à l’échelle femtoseconde a naturellement conduit à l’utilisation de filtres spectraux.
Différentes approches ont été suivies pour réaliser ces filtres.
La plus ancienne repose sur l’étalement spatial des composantes spectrales au sein d’un
compresseur et l’utilisation de masques spatiaux. Des masques tout d’abord fixes[29] puis
programmables[30, 31, 32] ont été employés. Différents types de compresseurs ont été ima-
ginés pour réaliser l’étalement des composantes spectrales[33]. La géométrie la plus répan-
due à l’heure actuelle est la ligne à dispersion nulle ou ligne 4f introduite initialement par
Froehly[34]. Les façonneurs basés sur ce principe permettent aujourd’hui un contrôle de
la phase et de l’amplitude des composantes spectrales de l’impulsion mise en forme et ce
avec une grande résolution[35]. Cela permet de générer des impulsions au profil temporel
extrêmement complexe. Le contrôle de la polarisation a aussi été réalisé[36] récemment
avec ce type de dispositifs .
Une deuxième approche plus récente utilise l’interaction colinéaire entre l’impulsion à
mettre en forme et une onde acoustique façonnée au sein d’un cristal biréfringent[37, 27].
Ces différentes techniques ont permis la génération d’impulsions dans le proche infrarouge[38,
39] et plus récemment dans le visible[40, 41]. L’extension de ces techniques à l’infrarouge[42,
43, 44] et à l’ultraviolet[43, 45] est un domaine de recherche très actif et des résultats pro-
metteurs ont été obtenus. Cela devrait permettre d’élargir rapidement le champ d’applica-
tion des techniques de contrôle cohérent ou de contrôle optimal à des gammes spectrales

1Cette appellation de "façonneurs actifs" qui a été consacrée par la communauté scientifique, est assez
malheureuse. En effet, presque tous ces façonneurs se comportent comme des filtres spectraux passifs,
c’est-à-dire sans amplification. L’appellation "façonneurs programmables" serait moins ambiguë. Nous
utiliserons dans la suite de cette thèse l’appellation consacrée en gardant à l’esprit cette ambiguïté.
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jusqu’ici hors d’atteinte.

Suite aux différentes études de contrôle cohérent réalisées par l’équipe[17, 18, 19, 46,
47], il est apparu opportun de se doter d’un appareil de mise en forme. Nous souhaitions
disposer d’un façonneur permettant un contrôle total des impulsions infrarouges issues de
notre chaîne : c’est-à-dire contrôlant à la fois l’amplitude et la phase des différentes com-
posantes spectrales de ces impulsions. Nous voulions aussi obtenir la meilleure résolution
spectrale possible. La conception et la construction de celui-ci, qui mêlent des solutions
inédites[35] à des techniques largement éprouvées[48, 49], a été mon principal travail du-
rant la première moitié de cette thèse.
Par la suite, et dans la continuation d’études précédemment menées au sein de l’équipe[18,
17], nous avons réalisé des expériences de contrôle cohérent dans l’atome de rubidium[47,
50, 51, 52] en exploitant les capacités de ce façonneur.
Un autre façonneur[41] permettant la mise en forme d’impulsions visibles accordables a
aussi été étudié durant cette thèse.

Ce rapport est organisé de la façon suivante :

• Le chapitre I présente brièvement les différents éléments constitutifs du systèmes la-
ser que nous avons utilisé, dont plusieurs dispositifs de caractérisation d’impulsions
femtoseconde.

• Le chapitre II détaille tout d’abord la conception, la construction et les réglages du
façonneur haute résolution : cette première partie se veut une base de départ expli-
cite pour qui souhaite développer ce genre de dispositif. Dans une deuxième partie,
les résultats obtenus avec cet appareil, ainsi que ses limitations sont présentées.

• Le chapitre III montre les différents dispositifs de façonnage d’impulsions visibles
que nous avons employé. Nous insisterons en particulier sur un dispositif acousto-
optique spécialement optimisé pour la recompression et la mise en forme d’impul-
sions accordables dans toute la gamme visible.

• Enfin, le chapitre IV est consacré aux expériences de contrôle cohérent dans le
rubidium. Ces expériences reposent sur le contrôle du comportement transitoire
d’un atome lors de son interaction avec une impulsion résonnante. Nous rappel-
lerons tout d’abord l’origine de ce comportement transitoire, nommé transitoire

cohérent [53], ainsi que sa première mise en évidence expérimentale[17]. Nous pré-
senterons aussi différentes expériences visant à manipuler ce transitoire cohérent
en modifiant la forme des impulsions interagissant avec l’atome[16, 18, 47]. Puis,
nous verrons comment manipuler différents transitoires cohérents pour reconstruire
la fonction d’onde atomique transitoire[51], c’est-à-dire au cours de l’interaction
de l’atome avec une impulsion ultra-courte. Cette technique dite de spirographe

atomique a permis la reconstruction de la fonction d’onde de l’atome soumis à
différentes impulsions de contrôle. Nous présenterons ces reconstructions et discu-
terons de leur domaine de validité ainsi que de leur lien avec d’autres techniques
de mesure de fonctions d’onde. Nous présenterons ensuite une technique de carac-
térisation complète d’impulsions ultra-courtes directement dérivée du spirographe
atomique. Cette caractérisation par transitoires cohérents permet de mesurer l’im-
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pulsion (les impulsions en fait) interagissant avec l’atome[50, 52]. Elle présente des
caractéristiques assez inhabituelles que nous détaillerons. Nous présenterons les dif-
férentes mesures expérimentales réalisées et discuterons des perspectives qu’ouvre
cette technique de mesure.



Chapitre I

DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL

I.1 Présentation générale

La chaîne laser utilisée au sein de l’équipe FEMTO a déjà été décrite très en détail[54,
55] et ses caractéristiques sont très classiques pour une chaîne de spectroscopie ultrarapide.
Nous allons donc la présenter de façon succinte. La figure I.1 est une vue schématique des
divers éléments de cette chaîne.

OSCILLATEUR AMPLIFICATEUR

UV

NOPA 1

NOPA 2

FAÇONNEUR

Fig. I.1 – Présentation schématique de la chaîne laser de l’équipe.

L’oscillateur (section I.2) fournit des trains d’impulsions infrarouges (centrées à 800
nm) d’une centaine de femtosecondes, à haute cadence (76 MHz) et de basse intensité
crête (5 nJ). Celles-ci sont amplifiées dans un amplificateur régénératif (section I.3 page
suivante) : en sortie de ce dernier on obtient une plus faible cadence (1kHz), mais avec des
intensités crêtes élevées (1 mJ). Ces impulsions amplifiées sont séparées sur plusieurs voies.
Deux d’entre elles alimentent des amplificateurs paramétriques optiques non-colinéaires
(section I.4 page 7) ou NOPA (pour l’acronyme anglais Non-colinear Optical Parametric
Amplifier). Ceux-ci fournissent des impulsions très courtes (25 fs) et accordables dans le vi-
sible (de 500 à 700 nm). Les deux voies restantes peuvent être utilisées telles quelles ou mise
en forme à l’aide d’un façonneur décrit en détail dans le chapitre II page 15. De plus, par
somme de fréquence entre les impulsions visibles et infrarouges ou par doublage ou triplage
de fréquence des impulsions infrarouges, des impulsions UV accordables peuvent être gé-
nérées. Enfin, différents dispositifs sont utilisés pour caractériser les différentes impulsions
générées dans cette chaîne.

I.2 Oscillateur

Le point de départ de toutes les impulsions disponibles dans notre chaîne est l’os-
cillateur. Il s’agit d’un oscillateur titane-saphir développé et construit dans le laboratoire.
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Le principe général de ce type d’oscillateur a fait l’objet de nombreuses descriptions, voir
notamment la référence [56]. Les particularités de notre oscillateur ont été décrites dans les
thèses de C. Nicole [54] et J. Degert [55]. Il repose sur un verrouillage de modes passif par
effet Kerr optique. Il délivre des impulsions de 95 fs de durée1, avec un taux de répétition
de 76 MHz et 5 nJ par impulsion. La longueur d’onde des impulsions est accordable entre
760 et 840 nm.

Le tableau I.1 résume les principales caractéristiques de la sortie de l’oscillateur, en
mode continu et impulsionnel.

Propriété Valeur

Puissance moyenne en régime continu 840 mW

Puissance moyenne en régime impulsionnel 380 mW

Taux de répétition 76 MHz

Énergie par impulsion 5 nJ

Longueur d’onde centrale 760-840 nm

Largeur spectrale 10 nm

Durée 95 fs

Tab. I.1 – Principales caractéristiques de notre oscillateur titane-saphir.

I.3 Amplificateur régénératif

Les impulsions produites par l’oscillateur permettent de réaliser un grand nombre
d’expériences. Leur intensité crête est suffisante pour observer un certain nombre d’effets
non-linéaires.

Cependant, les expériences en champ fort nécessitent de hautes intensités. De même,
de nombreuses expériences requièrent une certaine accordabilité et donc des mélanges non-
linéaires.

On amplifie donc les impulsions issues de l’oscillateur grâce à un amplificateur ré-
génératif (ou RGA pour ReGenerative Amplifier) commercial (Spitfire, Spectra Physics).
L’amplificateur proprement dit (une cavité avec un barreau de titane-saphir) est placé entre
un étireur et un compresseur. Cela permet d’atteindre des intensités crêtes élevées2. On
obtient ainsi en sortie de l’amplificateur des impulsions de l’ordre de 120 fs, avec un taux
de répétition de 1 kHz et 1 mJ par impulsion. Cela représente un gain de plus de 5 ordres
de grandeur sur l’énergie par impulsion. En sortie de celui-ci, la cadence des impulsions
est abaissée à 1 kHz. Le principe de cet amplificateur est de piéger une impulsion à am-
plifier dans une cavité possédant un milieu amplificateur (barreau de titane-saphir pompé

1Toutes les durées, sauf mention contraire, sont les largeurs à mi-hauteur en intensité (FWHM en
anglais).

2En particulier, beaucoup plus élevées que le seuil de dommage de la partie amplificateur.
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optiquement par un laser kHz commercial). L’impulsion s’intensifie à chaque tour de ca-
vité jusqu’à saturation. Elle est alors éjectée. Une explication détaillée du fonctionnement
de cet amplificateur, notamment les procédures d’injection et d’éjection de l’impulsion, se
trouve dans la thèse de Jérôme Degert [55].

Les principales caractéristiques des impulsions issues de l’amplificateur régénératif
sont rassemblées dans le tableau I.2.

Propriété Valeur

Puissance moyenne 950 mW

Taux de répétition 1 kHz

Énergie par impulsion 950 µJ

Longueur d’onde centrale 790-810 nm

Largeur spectrale ∼ 8,5 nm

Durée ∼ 120 fs

Tab. I.2 – Caractéristiques de l’amplificateur régénératif.

I.4 NOPA

Nous disposons, en sortie de l’amplificateur régénératif, d’impulsions intenses (plu-
sieurs centaines de µJ) dans le proche infrarouge (entre 810 et 790 nm). Pour avoir accès à
une plus grande variété de systèmes atomiques ou moléculaires, il nous faut des impulsions
femtosecondes accordables.

Nous disposons pour cela de deux amplificateurs paramétriques optiques non co-
linéaires ou NOPA. Ceux-ci sont sont un type particulier d’oscillateurs paramétriques
optiques ou OPA[57], permettant d’obtenir des impulsions de quelques dizaines de fem-
tosecondes, accordables sur l’ensemble du spectre visible. L’étude du fonctionnement des
NOPA[58, 59, 60] dépasse le cadre de cette thèse et a déjà été décrit en détail dans la
référence [55]. Nous nous bornerons ici à rappeler brièvement le principe de l’amplification
paramétrique optique et la spécificité de la géométrie non-colinéaire.

L’amplification paramétrique optique repose sur le principe de la différence de fré-
quence dans un cristal non-linéaire du second ordre. Ce principe est rappelé sur la figure I.2
page suivante. Un champ de pompe intense, de pulsation ωp ainsi qu’un champ signal très
faible, de pulsation ωi sont envoyés dans un cristal non-linéaire (χ(2)). Par différence de
fréquence, une partie des photons du champ pompe, est convertie en paires de photons
de pulsations ωs et ωi. Ces pulsations vérifient la relation de conservation de l’énergie
ωp = ωs + ωi. L’interaction au sein du cristal du champ de pompe avec le champ signal se
traduit donc par une amplification de ce dernier et l’apparition d’un champ complémentaire
(ou idler) de pulsation ωi = ωp − ωs.

Dans le cas d’impulsions courtes, plusieurs processus limitent cette amplification :
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Fig. I.2 – Principe de la différence de fréquence utilisée dans l’amplification
paramétrique optique.

– Les impulsions pompe et signal se propagent à des vitesses différentes dans le cristal
(désaccord de vitesse de groupe ou GDM pour "Group Delay Mismatch") ce qui
réduit leur interaction.

– Les impulsions sont étirées lors de leur propagation (dispersion de la vitesse de
groupe ou GDD pour "Group Delay Dispersion") et donc moins intenses ce qui
diminue l’amplification.

– En plus de la condition de conservation de l’énergie, les trois champs présents
dans le cristal doivent vérifier la conservation de l’impulsion ou accord de phase :−→
kp =

−→
ks +

−→
ki . Cet accord de phase est en général très sélectif en fréquence et ne

permet pas d’amplifier de large bande spectrale et donc des impulsions courtes.
La configuration non-colinéaire, développée tout d’abord pour des oscillateurs para-

métriques optiques[61, 62], permet de lever ces limitations. L’idée est d’introduire un angle
α entre l’impulsion de pompe et l’impulsion signal. Pour un angle bien choisi, l’accord de
phase est vérifié sur une plage spectrale qui couvre une grande partie du spectre visible.
La figure I.3 montre l’évolution de l’angle d’accord de phase θ en fonction de la longueur
d’onde du champ signal, pour différents angles α entre le champ pompe et le signal. Ceci
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Fig. I.3 – Angle d’accord de phase θ (cristal de BBO type I) pour différents
angles α entre les champs pompe et signal. Le champ pompe est cen-
tré à 400 nm. Pour un angle de 3,7 ,̊ l’accord de phase est constant
sur une plage de 100 nm centrée à 580 nm (rectangle gris).
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est tracé pour un cristal de BBO type I et une impulsion pompe centrée à 400 nm. Pour
α ≃ 3,7 degrés, l’accord de phase est constant sur une plage allant de 530 à 630 nm.

La figure I.4 présente les NOPA tels qu’ils sont développés dans notre laboratoire.
Un tiers du faisceau issu de l’amplificateur alimente le NOPA (800 nm, 350 µJ). Une très
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Fig. I.4 – Figure tirée de la référence [55] Schéma de l’amplificateur pa-
ramétrique optique.

faible partie est prélevée et focalisée dans une lame de saphir (3 mm d’épaisseur). Cela
génère un continuum de lumière blanche à forte dérive de fréquence (300 fs de durée). Le
reste du faisceau infrarouge est envoyé dans un cristal de BBO type I (1 mm d’épaisseur)
afin d’obtenir une impulsion de pompe à 400 nm. Une part de cette pompe (20 µJ) et le
continuum sont focalisés dans un cristal de BBO type I (1 mm d’épaisseur). L’amplification
paramétrique au sein de ce cristal permet d’obtenir un champ signal de quelques centaines
de nJ. La longueur d’onde centrale de ce signal est accordée en changent le délai entre la
pompe et le continuum. En effet, la pompe est plus courte que le continuum et elle n’amplifie
qu’une "tranche" temporelle du continuum ; compte tenu de la dérive de fréquence du
continuum, cette "tranche" a une longueur d’onde qui dépend du délai.
Afin d’obtenir une dizaine de µJ de signal, un deuxième étage est utilisé. Il est identique
au premier, mis à part la pompe qui est plus intense (70 µJ).

La sortie du NOPA est recomprimée par un compresseur à prismes non représenté sur
la figure. Le tableau I.3 page suivante récapitule les propriétés de sortie des deux NOPA.
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Propriété Valeur

Énergie par impulsion avant compression 10-14 µJ

Taux de répétition 1 kHz

Longueur d’onde centrale 510-700 nm

Largeur spectrale 15-60 nm

Durée 20-30 fs

Tab. I.3 – Principales caractéristiques des impulsions en sortie des deux
NOPA.

I.5 Dispositifs de caractérisation

La caractérisation des impulsions ultracourtes est un problème à part entière. En
effet, celle-ci nécessite des techniques tout à fait originales, qui répondent à la question
suivante : comment mesurer l’événement le plus court que l’on sache produire ? En effet,
les méthodes de mesure habituelles reposent sur l’utilisation d’une référence de temps plus
courte que l’événement à mesurer. Dans le cas des impulsions femtoseconde, une telle ré-
férence n’existe pas (à moins bien sûr de disposer d’une impulsion attoseconde [63]). Il
existe cependant de nombreuses techniques qui permettent une mesure partielle ou com-
plète d’une impulsion femtoseconde. Nous présentons ici trois techniques que nous avons
utilisées pour caractériser les impulsions à 800 nm et les impulsions visibles disponibles.

I.5.1 Autocorrélation - Corrélation

I.5.1.1 Autocorrélation

Une première technique est l’autocorrélation intensimétrique. A l’aide d’un interféro-
mètre de Michelson, l’impulsion à caractériser E(t) est séparée en deux parties identiques,
décalées temporellement d’un délai τ , comme cela est schématisé sur la figure I.5. Ces deux

Fig. I.5 – Schéma de principe de l’autocorrélation intensimétrique.

répliques sont superposées dans un cristal de BBO type I, avec un léger angle. Avec cette
configuration, l’intensité de la deuxième harmonique générée I2(t) s’écrit en fonction du
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délai τ :
I2(t, τ) ∝ I(t)I(t − τ) (I.1)

où I(t) = |E(t)|2 est l’intensité de l’impulsion à caractériser. Cette intensité I2(t, τ) est
détectée par une photodiode. Cette dernière ayant un temps de réponse très grand devant la
durée de I2(t, τ), elle donne un signal SAC(τ) proportionnel à l’intégrale de cette intensité :

SAC(τ) ∝
∫

I2(t, τ)dt ∝
∫

I(t)I(t − τ)dt (I.2)

Ce signal n’est autre que la fonction d’autocorrélation de l’intensité I(t). Il est clair que
ce signal ne contient pas toute l’information sur E(t) : cette mesure n’est pas une mesure
complète. En particulier, elle ne donne aucune information sur la phase temporelle et
n’apporte qu’une information incomplète sur l’amplitude. Elle permet cependant d’avoir
une estimation rapide de la durée d’une impulsion ayant un profil simple. En supposant
que E(t) a un profil gaussien, on a un lien simple entre la largeur à mi-hauteur de SAC(τ),
notée ∆τAC et la largeur à mi-hauteur en intensité de E(t), notée ∆t :

∆τAC = ∆t
√

2 (I.3)

L’autocorrélateur dont nous disposons permet de mesurer les impulsions à 800 nm
issues de l’amplificateur ou les impulsions visibles issues des NOPA. Pour passer d’une
longueur d’onde à une autre, on ajuste l’accord de phase dans le cristal de BBO en inclinant
ce dernier. Selon la durée des impulsions à mesurer, deux cristaux différents sont utilisables :
200 µm pour les impulsions les plus longues ou 20 µm pour les impulsions courtes.
Bien que partielle, cette mesure est très utile, pour la recompression des impulsions issues
du NOPA ou pour le réglage du compresseur de l’amplificateur régénératif.

I.5.1.2 Corrélation

La corrélation intensimétrique (aussi appelée "cross-corrélation") est une autre tech-
nique de mesure incomplète. Le principe est tout à fait identique à celui de l’autocorrélation
mis à part que l’on superpose dans le cristal non-linéaire deux impulsions différentes E(t)
et Eref(t), comme cela est schématisé sur la figure I.6. En fonction du délai τ entre les

Fig. I.6 – Schéma de principe de la cross-corrélation intensimétrique.

deux impulsions, la photodiode fournit un signal SXC(τ) :

SXC(τ) ∝
∫

I2(t, τ)dt ∝
∫

Iref(t)I(t − τ)dt (I.4)
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où I(t) = |E(t)|2 et Iref((t) = |Eref((t)|2. Les deux impulsions peuvent être dans des
domaines spectraux différents. Si les deux impulsions ont un profil temporel gaussien de
largeurs à mi-hauteur en intensité respectives de ∆t et ∆tref , le signal de cross-corrélation
sera aussi gaussien, de largeur à mi-hauteur ∆τXC :

∆τXC =
√

∆t2 + ∆t2ref (I.5)

En particulier, si l’impulsion de référence Eref (t) est très courte devant E(t), la cross-
corrélation donne une bonne estimation du profil d’intensité I(t) = |E(t)|2.
Elle est ainsi tout à fait adaptée à la caractérisation partielle d’impulsions fortement mises
en forme ou des trains d’impulsion. Nous l’avons utilisé pour mesurer les impulsions infra-
rouges mises en forme par le façonneur haute résolution (voir chapitre II) et les impulsions
visibles mises en forme par un autre dispositif de façonnage (voir chapitre III).

I.5.2 Cross-corrélation résolue spectralement : XFROG

Afin d’obtenir une caractérisation complète des impulsions femtoseconde, nous avons
réalisé un dispositif de cross-corrélation résolue spectralement ou XFROG[64]. Ce dispositif
est une variante du "Frequency Resolved Optical Gating" ou FROG[65, 66]. L’idée est de
remplacer la photodiode par un spectromètre afin d’obtenir la répartition spectrale de
l’intensité pour chaque délai τ , comme cela est présenté sur la figure I.7. On obtient ainsi

Fig. I.7 – Schéma de principe de la cross-corrélation intensimétrique résolue
spectralement (XFROG).

une carte en deux dimensions SXF (τ, ω). Celle-ci contient suffisamment d’informations
pour pouvoir reconstruire Eref(t) et E(t), en phase et en amplitude. Cette reconstruction
fait appel à une procédure itérative. La plus performante à l’heure actuelle repose sur
la décomposition de cette trace en composants principaux[67] : "Principal Component
Generalized Projects Algorithm" ou PCGPA. SXF (τ, ω) contient en fait beaucoup plus
d’informations que le strict minimum. Cette redondance assure une certaine robustesse au
bruit.

Cette méthode de caractérisation est relativement bien adaptée aux impulsions mises
en forme. En effet, elle permet la caractérisation d’impulsions complexes, composées de
plusieurs parties distinctes étalées dans le temps. On peut quantifier la complexité d’une
impulsion mise en forme[28] en définissant η comme le rapport entre le support temporel ∆T
de l’impulsion et la plus petite structure temporelle δt de cette dernière3. Cette définition

3η peut aussi être défini dans le domain spectral et le résultat revient au même.
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permet de cerner la principale limitation du XFROG concernant les impulsions mises en
forme : pour caractériser convenablement une impulsion de complexité η, il faut disposer
d’une reconstruction sur un nombre de points de l’ordre de η. Dans le cas du XFROG,
cela nécessite une trace SXF (τ, ω) contenant η2 points de mesure. La quantité de données
à traiter croît donc de façon quadratique avec la complexité des impulsions et on peut
facilement atteindre des temps de calculs rédhibitoires pour des impulsions couramment
utilisées durant cette thèse.

Malgré ce défaut, cette technique apparaît comme la plus adaptée pour la caractéri-
sation des impulsions mises en forme. Malheureusement, nous ne l’avons mise en œuvre que
tardivement. Autant la réalisation expérimentale s’est avérée très simple, autant l’écriture
et l’utilisation de l’algorithme de PCGPA ont été difficiles4. C’est pourquoi la plupart des
mesures présentées dans cette thèse sont des cross-corrélations.

I.5.3 SPIDER

Le deuxième appareil de caractérisation complète dont nous disposons repose sur la
technique de SPIDER[68] : "Spectral Phase Interferometry for Direct Electric Field Recons-
truction". Cette technique reprend le principe de l’interférométrie spatiale à décalage[69],
mais transposée au domaine spectral. A partir de l’impulsion à caractériser E, on génère
deux copies Ed1 et Ed2 décalées temporellement de τ et spectralement de δω. Les franges
d’interférences spectrales entre ces deux impulsions sont mesurées par un spectromètre. Un
traitement adapté de ces franges permet de reconstruire la phase :

θ(ω) = φ(ω + δω) − φ(ω) + ωτ (I.6)

où φ(ω) est la phase spectrale du champ inconnu Ẽ(ω). A partir de cette quantité, connais-
sant τ et pour δω suffisamment petit, on peut reconstruire φ(ω). L’amplitude spectrale
|Ẽ(ω)| peut être déduite du même signal spectral[70] ou mesurée indépendamment. La
connaissance de la phase φ(ω) et de l’amplitude spectrale Ẽ(ω) assure une caractérisation
complète du champ E.

La mise en œuvre pratique de cette technique se heurte au problème du décalage
spectral. La réalisation de ce décalage est hors de portée des modulateurs temporels actuels
(ou presque, voir la référence[71]). On doit donc utiliser un moyen détourné pour réaliser
ce décalage. Pour cela, on utilise le dispositif présenté sur la figure I.8 page suivante.

L’impulsion à caractériser E(t) traverse une lame de microscope de 200 µm. Par
réflexion sur chacune des faces de la lame, deux copies de E(t) séparées de τ ≃1,5 ps
sont générées. Nous les notons E1(t) et E2(t). La partie transmise par la lame est envoyée
dans un étireur à réseaux en double passage, qui introduit une forte phase quadratique
φ(2) =8,5 fs2. On obtient ainsi une impulsion à forte dérive de fréquence Ec(t). Les deux
copies de l’impulsion à caractériser E1(t) et E2(t) et l’impulsion à dérive de fréquence sont
recombinées dans un cristal de KDP type II de 200 µm, dans une géométrie non colinéaire.
Lors de son interaction dans le cristal avec E1(t) et E2(t), Ec(t) se comporte comme une

4L’algorithme impose entre autres des contraintes très strictes sur l’échantillonnage de la carte
SXF (τ, ω). Ces dernières sont difficiles à vérifier et une étape complexe de pré-traitement des données
est nécessaire.
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Fig. I.8 – Schéma de principe du SPIDER.

impulsion monochromatique. On appelle ω1 sa pulsation au moment de son interaction
avec E1. Par somme de fréquence l’interaction entre E1 et Ec produit une impulsion notée
Ed1 qui est une copie de E1, mais décalée spectralement de ω1. A cause de la dérive de
fréquence, la pulsation apparente de Ec(t) n’est pas la même au moment de son interaction
avec E2(t) : elle vaut ω1 + δω. Comme précédemment, l’interaction entre E2 et Ec produit
une impulsion notée Ed2 qui est une copie de E2, décalée spectralement de ω1 + δω.

Au bout du compte, on obtient bien deux copies de E(t) (Ed1 et Ed2) qui sont
décalées temporellement et spectralement. Ces deux impulsions sont envoyées dans un
spectromètre et l’analyse du spectrogramme obtenu permet la reconstruction de la phase
spectrale associée à Ẽ(ω). Une mesure indépendante du spectre |Ẽ(ω)|2 de l’impulsion
inconnue permet la caractérisation complète.

Cette technique de mesure complète présente l’avantage d’être rapide car elle ne
repose sur aucun algorithme itératif. Elle est tout indiquée pour l’optimisation en temps
réel de la durée des impulsions issues de l’amplificateur à 800 nm. Cependant, elle est
très limitée pour la caractérisation d’impulsions fortement mises en forme. En effet, la
validité de la reconstruction repose sur une choix judicieux des deux paramètres que sont
le délai τ et la dérive de fréquence φ(2). Pour des impulsions fortement étirées ou des
séquences d’impulsions, il est parfois impossible de trouver des paramètres convenables
tout en assurant une quantité de signal suffisante.

Il existe toutefois différentes variantes du SPIDER qui permettent d’obtenir un signal
plus important[72, 73] ou de disposer de plus de marge de manœuvre dans le choix des
paramètres[74]. Mais ces méthodes sont plus adaptées aux impulsions peu intenses qu’aux
impulsions fortement mises en forme. En particulier, elles offrent une résolution relative-
ment faible, de l’ordre du nm à 800 nm, alors que la caractérisation des impulsions issues de
notre façonneur (voir chapitre II) réclame une résolution de l’ordre de 0,06 nm à 800 nm.
De plus, aucune de ces méthodes de SPIDER n’arrive à reconstruire correctement la phase
spectrale lorsque le spectre est composé de différents lobes, comme c’est le cas lors de le
génération d’une séquence d’impulsions.



Chapitre II

FAÇONNEUR À CRISTAUX LIQUIDES

Mise en garde : ce chapitre peut paraître un peu technique. Il l’est et se revendique
comme tel. Nous souhaitons donner ici les informations nécessaires à la conception et à
la construction d’un façonneur à cristaux liquides. En effet, une proportion importante de
cette thèse a été dévolue à la conception de notre façonneur. De plus, à l’heure actuelle, de
nombreux laboratoires travaillant dans des domaines variés se lancent dans la construction
de tels dispositifs. Il nous semble donc opportun de détailler les étapes clefs ainsi que les
difficultés d’une telle réalisation.

Après un aperçu des techniques actuelles de mise en forme, nous donnerons les diffé-
rentes étapes de la conception d’un façonneur à cristaux liquides. Nous verrons tout d’abord
comment déterminer la géométrie de la ligne optique (dite ligne à dispersion nulle ou ligne
4f) qui entoure le masque à cristaux liquides. Puis nous présenterons les choix possibles
pour le masque. Nous présenterons ensuite comment dimensionner les différents éléments
du façonneur en fonction des performances souhaitées. Viendront ensuite la construction
proprement dite ainsi que la calibration du masque. Nous présenterons enfin les résultats
obtenus avec notre façonneur ainsi que plusieurs applications à des expériences de contrôle
cohérent.

II.1 Mise en forme : état de l’art

La mise en forme d’impulsions ultra-courtes a suivi de très près l’évolution des sources
laser ultra-rapides. La plupart des systèmes utilisés aujourd’hui pour façonner les impul-
sions femtoseconde dérives des appareils développés il y a plus de vingt ans pour les impul-
sions picosecondes[34]. Une vaste majorité de ces façonneurs combinent un masque spatial
programmable et un dispositif optique servant à imager le spectre de l’impulsion sur le
masque.

Très souvent le dispositif optique utilisée est une ligne à dispersion nulle ou ligne 4f
présentée sur la figure II.1 page suivante. Elle est composée d’une paire de réseaux (R1 et
R2) et d’une paire de lentilles de focale f (L1 et L2), le tout disposé dans un arrangement
"4f". Pour des impulsions très courtes, les lentilles sont remplacées par des miroirs, afin
d’éviter toute dispersion et toute aberration chromatique. Les composantes spectrales de
l’impulsion d’entrée sont séparées spatialement et imagées dans le plan de symétrie du
dispositif appelé plan de Fourier (PF). Dans ce plan, la pulsation et la position transverse
sont couplées : toute modification du profil spatial affectera le profil spectral. Le masque
spatial programmable est disposé dans ce plan : il va se comporter comme un masque
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spectral. Différents types de masques sont utilisables : barrettes de cristaux liquides[49],

f f f f

R1 R2

L1 L2PF

Fig. II.1 – Ligne à dispersion nulle (ligne 4f).

écrans à cristaux liquides[75, 76], modulateurs acousto-optiques transverses[31], miroirs à
membrane déformable[32], écran à micro-miroirs électromécaniques[45], valves optiques[77].
Pour les masques réflectifs (membranes et micro-miroirs), la ligne 4f est repliée comme

f f

R1

L1 PF

Fig. II.2 – Ligne à dispersion nulle repliée (ligne 2f) pour l’utilisation de
masques réflectifs.

cela est schématisé sur la figure II.2. On a alors un dispositif tout à fait analogue à un
spectromètre à réseaux où le masque prend la place de la caméra CCD.

Selon le type de masque utilisé, ces façonneurs contrôlent la phase[28], la phase et
l’amplitude[78], la polarisation[36] mais aussi le profil spatial transverse[76]. Ils ont prouvé
leur efficacité dans le proche infrarouge et une partie du visible (de 430 nm à 1600 nm pour
les masques à cristaux liquides).

Un autre façonneur appelé AOPDF (pour Acousto-Optic Programmable Dispersive
Filter) est aussi largement répandu. Contrairement aux autres façonneurs évoqués plus
haut, il n’utilise pas d’optique dispersive mais utilise un concept développé récemment[27].
Ce filtre acousto-optique repose sur l’interaction longitudinale entre une impulsion lumi-
neuse et une onde acoustique dans un cristal de TeO2. Il permet la mise en forme en
phase et en amplitude d’impulsions dans l’infrarouge[79, 27] (entre 800 nm et 2700 nm)
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et récemment (voir le chapitre III page 75 de cette thèse) dans le visible[41](de 480 nm à
800 nm).

Ces différents façonneurs possèdent leurs inconditionnels et leurs détracteurs. A la
vérité, ils ont tous des caractéristiques très différentes les uns des autres, en particulier en
terme de résolution spectrale, de rendement, de contraste ou encore d’énergie disponible en
sortie. De même, la facilité d’utilisation, d’alignement et le taux de rafraîchissement sont
très variables. Tout dépend du type d’application à laquelle on destine le façonneur. En
effet, les caractéristiques pertinentes ne sont pas les mêmes selon que l’on souhaite nettoyer
une impulsion courte pour se rapprocher au mieux de la limite par transformée de Fourier
ou que l’on veut obtenir les mises en formes les plus complexes possibles, sur de très larges
fenêtres temporelles. De même, pour l’utilisation d’algorithme d’optimisation, c’est à dire
une utilisation en boucle fermée, un taux de rafraîchissement élevé est souhaitable. Cela
est moins important pour une utilisation "directe" en boucle ouverte. L’énergie en sortie
(qui dépend à la fois du seuil de dommage et de l’efficacité de transmission) peut aussi
être dans certains cas un paramètre important, notamment pour l’étude de phénomènes
non-linéaires.

A l’heure actuelle, les façonneurs à barrettes de cristaux liquides permettent d’at-
teindre les mises en forme les plus complexes. Ils supportent aussi des énergies relative-
ment élevées (plusieurs centaines de µJ par impulsions) avec des rendements importants.
Par contre, leur taux de rafraîchissement (de l’ordre du Hz) est faible et les impulsions
qu’ils délivrent n’offrent pas le meilleur contraste : différents types de répliques parasites
accompagnent les impulsions mise en forme et les profils temporel et spatial sont cou-
plés. Ces répliques se retrouvent sur les autres types de masques pixellisés. Les masques
acousto-optiques ou les valves optiques offrent de meilleurs contrastes (absence de ré-
pliques notamment) mais avec des rendements et des résolutions spectrales plus faibles.
Les acousto-optiques permettent des taux de rafraîchissement plus élevés (jusqu’au kHz).
L’AOPDF quant à lui est beaucoup plus simple d’alignement et d’utilisation que les façon-
neurs à base de ligne 4f. Il offre un contraste et un taux de rafraîchissement élevés. Il ne
supporte par contre que des énergies relativement faibles (de l’ordre de 20 µJ à 800 nm).
Son rendement varie grandement en fonction de la taille et de la coupe du cristal mais
aussi des propriétés des impulsions à mettre en forme. Sa compacité permet toutefois de le
placer facilement avant des éventuels étages d’amplification. Récemment, l’AOPDF a mon-
tré des performances très intéressante dans le domaine visible[41] (voir aussi la partie III.2
page 80).

Pour le "nettoyage" d’impulsions et l’obtention d’impulsions extrêmement courtes,
les miroirs à membranes sont tout à fait indiqués[80] du moment que les impulsions sont
très peu intenses. Le traitement de ces derniers est en effet relativement fragile. L’AOPDF
est aussi couramment utilisé à cet effet en amont des étages d’amplification.

Il existe plusieurs difficultés qui limitent l’extension de ces différents façonneurs à
l’ultraviolet et l’infrarouge. La première est la faible transmission des matériaux utilisés
pour les masques (ou pour l’AOPDF) à ces longueurs d’onde. Des problèmes d’absorption
se posent aussi et dégradent de façon dramatique le rendement du dispositif. De plus, pour
l’ultraviolet, compte tenu des courtes longueurs d’onde, la planéité du masque peut devenir
insuffisant pour conserver l’intégrité de l’impulsion à mettre en forme (déformation du front
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d’onde) et l’absorption peut détériorer le masque.
Dans l’infrarouge, il est difficile de trouver des masques capables de générer des dépha-

sages d’au moins 2π, condition nécessaire pour contrôler pleinement la phase et l’amplitude
de l’impulsion à mettre en forme1.

Différentes approches sont suivies pour pouvoir contourner ces difficultés. La pre-
mière consiste à mettre en forme des impulsions visibles ou infrarouges à l’aide des dispo-
sitifs présentés plus hauts et de transférer la mise en forme par somme ou différence de
fréquence[42, 43, 44]. Cette approche ne permet pas pour l’instant d’obtenir des énergies
importantes dans les gammes spectrales visées à cause du faible rendement des processus
de conversion de fréquence. De plus, cette efficacité de conversion est fortement couplée au
type de mise en forme programmée, ce qui rend l’utilisation de ces systèmes assez difficile.
La deuxième est d’adapter les dispositifs actuels pour les rendre directement utilisables
dans ces nouvelles gammes spectrales. Récemment, deux méthodes directes de mise en
forme d’impulsions à 400 nm ont été démontrées : l’une utilise un masque réflectif à micro-
miroirs[45], l’autre un modulateur acousto-optique en silice[81]. Dans l’infrarouge, Nelson
et Vaughan ont montré que la mise en forme en phase et amplitude peut être obtenue à
l’aide d’écrans à cristaux liquides ne contrôlant que la phase[75]. Leur technique ne nécessite
des déphasage que de π et non pas 2π ce qui permet de mettre en forme des impulsions de
plus grande longueur d’onde (jusqu’à 3 µm au lieu de 1,5 µm pour les masques standards).

II.2 Choix de la ligne 4f

Nous allons présenter ici le type de ligne 4f que nous avons retenu pour la construc-
tion de notre façonneur. La géométrie très simple, présentée sur la figure II.1 page 16,
n’est pas optimale pour des impulsions femtosecondes. En effet, comme nous l’avons dit
précédemment, le spectre très large des impulsions femtosecondes est sensible à la disper-
sion non linéaire dans les lentilles ainsi qu’aux aberrations chromatiques. Il nous faut donc
remplacer ces optiques réfractives par des optiques réflectives ce qui complique la géométrie
puisque la propagation du faisceau ne se fait plus sur un axe unique. Plusieurs solutions
sont envisageables et sont liées au choix des éléments réflectifs de la ligne. A première
vue, les miroirs paraboliques semblent les meilleurs candidats pour permettre de sortir de
l’axe sans introduire d’aberrations. Malheureusement, les miroirs paraboliques disponibles
à l’heure actuelle ne proposent pas des états de surface nécessaires à la réalisation d’une
ligne 4f. Les deux autres possibilités sont les miroirs sphériques et les miroirs cylindriques.
Les miroirs sphériques sont peu onéreux et disponibles dans une grande gamme de distances
focales. Cependant, lorsqu’ils sont utilisés hors d’axe, ils introduisent des aberrations dites
d’excentrement. De plus, ils focalisent complètement les différentes composantes spectrales
dans le plan de Fourier, ce qui entraîne des densités de puissance élevées. Or pour notre
façonneur, qui utilise une barrette horizontale de cristaux liquides, il est inutile de focaliser
dans la direction verticale. Nous allons donc utiliser des miroirs cylindriques en place des
lentilles.

1Du moins dans le cas très courant de ligne 4f avec des masques à une dimension (des barrettes). Pour
des masque à deux dimensions (des écrans), cette condition semble pouvoir être contournée[75].
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Il reste cependant à choisir l’agencement des différents éléments de la ligne 4f pour
obtenir le meilleur résultat possible. De nombreuses géométries sont disponibles et ont été
mises en oeuvre. Comme nous allons le voir, certaines entraînent des aberrations qui nuisent
fortement à la qualité du faisceau mis en forme. Nous passerons en revue les géométries le
plus souvent employées en mettant en avant leurs qualités et défauts. Nous présenterons
ensuite celle que nous avons retenue ainsi qu’une évolution de cette dernière.

II.2.1 Géométries non retenues

Nous présentons ici rapidement différentes géométries couramment employées pour
la fabrication de façonneurs. Nous nous attacherons à en donner les limitations.

II.2.1.1 Géométrie Ω

La géométrie en Ω[82, 83] est relativement simple comme on peut le voir sur la
figure II.3. Elle est assez intuitive lorsque l’on part du schéma de ligne 4f à lentilles (voir
la figure II.1 page 16). De plus, sa symétrie par rapport au plan de Fourier la rend facile
à aligner. Par contre, les deux miroirs cylindriques introduisent d’importantes aberrations
d’excentrement[84] et la divergence du faisceau de sortie est mal définie2.

Fig. II.3 – Géométrie en Ω. Aberrations géométriques d’excentrement au ni-
veau des miroirs, importantes pour les courtes longueurs d’onde
(les plus déviées).

Ces aberrations apparaissent car le réseau n’est pas en face du miroir cylindrique3,
comme cela est schématisé sur la figure II.4 page suivante. Les différents rayons qui en
sont issus voient des rayons de courbure effectifs différents : les longueurs d’ondes les moins
déviées verront une focale plus longue, les plus déviées une focale plus courte.

Cela a deux conséquences majeures :

1. La paire de miroirs cylindriques se comporte comme un télescope différent pour
chaque longueur d’onde. On aura donc une géométrie et une divergence en sortie
de la ligne différente pour chaque composante spectrale.

2. Les différentes composantes spectrales ne seront pas toutes focalisées dans le plan de
Fourier de la ligne. Cela détériore la résolution de l’appareil et crée des couplages
spatio-temporels.

2Chaque composante spectrale a une divergence différente : couplage spatio-spectral.
3Plus précisément car les rayons incidents proviennent d’un point n’appartenant pas au plan vertical

de symétrie du miroir.
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PF

Fig. II.4 – Aberrations d’excentrement sur les miroirs cylindriques. Les diffé-
rentes longueurs d’ondes voient des focales effectives différentes et
ne sont pas focalisées dans le plan de Fourier (PF).

II.2.1.2 Géométrie S

La géométrie en S[49, 83, 38, 40] (voir figure II.5) est une évolution de la géométrie
précédente tendant à diminuer l’effet des aberrations d’excentrement. L’idée est d’équilibrer
les aberrations du premier et du second miroir : une longueur d’onde subissant de fortes
aberrations sur le premier en subira de plus faibles sur le second et inversement. Dans ce
cas, la géométrie du faisceau de sortie dépend de la longueur d’onde4.

Fig. II.5 – Géométrie en S. Aberrations géométriques d’excentrement au ni-
veau des miroirs, réparties entre les différentes longueurs d’onde.

II.2.1.3 Géométrie T

Pour éviter toute aberration d’excentrement, la géométrie en T [85] peut être choisie.
Comme on le voit sur la figure II.6 page ci-contre, on introduit un miroir de repli à 45◦

entre le réseau et le miroir cylindrique afin d’avoir une incidence dans l’axe. Cette géométrie
est symétrique, elle est donc facile à régler. Par contre, les miroirs de repli compliquent le
dispositif et rajoutent des degrés de liberté à ajuster.

De plus, les miroirs cylindriques sont placés plus en hauteur que les autres éléments.
Il est donc nécessaire de changer la hauteur du faisceau soit au niveau des réseaux, soit au
niveau des miroirs de repli. Quelque soit l’option choisie, on introduira une inclinaison des
taches focales dans le plan de Fourier.

4Chaque longueur d’onde voit un télescope cylindrique confocal avec un grandissement différent.
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Fig. II.6 – Géométrie en T . Pas d’aberrations d’excentrement. Inclinaison des
taches focales due au reseau ou au miroir de repli.

En effet, les différentes composantes ne font pas des trajets de même longueur après
le miroir de repli : si on élève le faisceau à l’aide de ce miroir, les composantes spectrales
arriveront sur le miroir cylindrique à des hauteurs différentes. De même, si on change la
hauteur au niveau du réseau, les différentes longueurs d’ondes sont diffractées dans un plan
non pas horizontal, mais oblique (voir la figure II.7).

Fig. II.7 – Incidence non horizontale sur le réseau de diffraction. Le faisceau
diffracté est oblique.

Dans les deux cas, cela change la façon dont les différentes longueurs d’onde sont
dispersées et focalisées dans le plan de Fourier. Deux cas de figure se présentent, selon
l’orientation choisie pour le miroir cylindrique qui collimate le faisceau diffracté et focalise
les différentes composantes spectrales :

• On ne tient pas compte de l’obliquité du faisceau incident et on règle le miroir cylin-
drique de sorte que son axe de révolution soit vertical. Dans ce cas, seule la dispersion
dans le plan horizontal est compensée. Les taches focales des différentes longueurs
d’onde sont alors verticales et réparties selon un axe oblique dans le plan de Fourier,
comme cela est présenté sur la figure II.8 page suivante. En sortie de la ligne, le fais-
ceau a une forme et une divergence différente selon l’axe horizontal et l’axe vertical.
De plus, la dérive de fréquence selon l’axe vertical introduite par le réseau n’est pas
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Fig. II.8 – Inclinaison des taches focales dans le plan de Fourier. Cas d’une in-
clinaison sur le réseau de diffraction non compensée par les miroirs
cylindriques.

compensée : l’impulsion de sortie possède une dérive de fréquence spatiale, ce qui
pose de nombreux problèmes.

• On tourne le miroir cylindrique afin que son axe soit orthogonal au plan de diffraction.
Cela permet de bien recollimater le faisceau en compensant la dérive de fréquence
spatiale selon les deux axes. Dans le plan de Fourier, les taches focales sont tou-
jours étalées selon un axe oblique mais elles sont maintenant inclinées, comme cela
est schématisé sur la figure II.9. Le problème majeur dans ce cas est qu’une même

X

Y

z

Fig. II.9 – Inclinaison des taches focales dans le plan de Fourier. Cas d’une
inclinaison sur le réseau de diffraction compensée par les miroirs
cylindriques.

longueur d’onde s’étale sur plusieurs pixels du fait de l’inclinaison de l’axe de dis-
persion. Cela tend à réduire la limite de résolution spectrale du façonneur. On peut
toutefois remédier à ce problème en pivotant le masque dans le plan de Fourier pour
faire coïncider les axes de dispersion des pixels et des longueurs d’onde. On a alors
un faisceau de sortie exempt d’aberrations, mais la construction et l’alignement de
la ligne sont plus complexes.

II.2.2 Géométrie retenue : géométrie X

Pour éviter les aberrations d’excentrement et l’inclinaison des tâche focales, la géo-
métrie à utiliser doit vérifier les conditions suivantes5 :

5Ces conditions sont suffisantes mais sûrement pas nécessaires.



II.2. CHOIX DE LA LIGNE 4F 23

• Le réseau (ou son image par un éventuel miroir de repli) doit se trouver dans le
plan vertical de symétrie du miroir cylindrique.

• L’incidence sur le réseau doit se faire dans le plan orthogonal aux traits du réseau :
il ne faut pas qu’il y ait "d’angle vertical".

• Un miroir de repli placé entre le réseau et le miroir cylindrique ne doit pas changer
à la fois l’inclinaison du faisceau par rapport à l’horizontale et sa direction dans le
plan horizontal. En d’autre terme le faisceau peut être défléchi horizontalement ou
verticalement, mais pas les deux à la fois.

La première condition évite les aberrations d’excentrement, les deux suivantes l’inclinaison
des taches focales dans le plan de Fourier.

La géométrie que nous avons retenue[83, 35] pour notre façonneur est schématisée
sur la figure II.10. Elle ne présente ni aberration d’excentrement, ni inclinaison des taches
focales. Sa structure est très semblable à celle de la géométrie précédente, à ceci près que
les miroirs de repli font face aux miroirs cylindriques. C’est cette différence qui permet de
s’affranchir de l’inclinaison des taches focales.

La disposition particulière des faisceaux d’entrée et de sortie permet de les faire passer
par un diaphragme commun, ce qui est extrêmement pratique pour l’alignement.

Fig. II.10 – Géométrie en X. Pas d’aberration d’excentrement ou d’inclinai-
son dans le plan de Fourier. Alignement facilité par le croisement
des faisceaux d’entrée et de sortie.

II.2.3 Evolutions possibles

Toutes les géométries présentées ici peuvent être modifiées pour obtenir un système
plus compact. Il est en effet possible de placer un miroir après le masque6 et de n’utiliser
qu’une demi-ligne[35].

Cette configuration offre deux avantages principaux :
• une réduction importante de l’encombrement et du coût de la ligne (un seul réseau,

un seul miroir cylindrique).
• une plus grande simplicité d’alignement. En particulier, il est difficile avec la ligne

complète d’avoir des angles identiques sur les deux réseaux alors que cela est essen-
tiel à la qualité du faisceau de sortie7. Avec la ligne repliée, cette difficulté disparaît
car il n’y a qu’un seul réseau.

6Certaines compagnies proposent même des masques phase/amplitude dont une face est réfléchissante
(traitement métallique ou diélectrique).

7Si les angles sont différents, la dispersion angulaire du premier réseau n’est pas parfaitement compensée
par le second et le faisceau de sortie présente une dérive de fréquence spatiale ("spatial chirp" en anglais).
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Elle nécessite par contre l’utilisation du masque en double passage, ce qui n’est pas
toujours un avantage car cela divise sa dynamique par deux. En effet, la tension com-
mandant le déphasage est digitalisée et la plus petit incrément de phase correspond à un
digit de tension : en double passage il est deux fois plus grand qu’en simple passage. La
figure II.11 compare la ligne à dispersion nulle complète à sa version repliée.

2 SLM

MF

D1

R1

MC1

MR1

2 SLM

R1

2 SLM
2 SLM

MC2

F2

MC1

MR2

MR1 D1

zX

Y

(a)

(b)

Fig. II.11 – Ligne à dispersion nulle utilisée au laboratoire (a) et sa version
repliée (b). Dans la version repliée, un miroir MF est placé après
le masque SLM. L’alignement est simplifié et le masque est utilisé
en double passage.

II.3 Choix du masque

II.3.1 Masques possibles

A l’heure actuelle il existe un vaste éventail de masques possibles. Ils offrent des
caractéristiques très différentes et tout dépend du type d’utilisation de l’on souhaite faire.
Lors de la conception de notre façonneur nous avions un objectif simple : contrôler à la fois
la phase et l’amplitude avec une haute résolution et une énergie par impulsion en sortie
relativement élevée.

Cet objectif élimine d’entrée de jeu les masques bidimensionnels (certains miroirs
déformables, valves optiques et écrans à cristaux liquides). En effet, la deuxième dimension
ne nous sert pas et ces masques ne contrôlent que la phase. Ils peuvent par contre se montrer
très utiles pour le contrôle spatio-temporel des impulsions[76]. Il semble aussi possible de
contrôler la phase et l’amplitude, mais c’est une technique qui vient juste d’être démontrée
et qui n’est pas encore utilisable de manière efficace[75].

Il reste à choisir parmi les masques uni-dimensionnels : barrettes à cristaux liquides
(LC pour Liquid Crystal), modulateurs acousto-optiques transverses (AOM pour Acousto-
Optic Modulators), les miroirs déformables à membrane (LMDM pour Linear Membrane
Deformable Mirrors) et les miroirs déformables micro-usinés (MEMM pour MicroElectro-
Mechanical Mirrors) développés très récemment. Le tableau II.1 page ci-contre compare les
principales caractéristiques de ces différents masques. Seuls les cristaux liquides (LC) et les
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modulateurs acousto-optiques (AOM) offrent une haute résolution (c’est à dire un grand
nombre de paramètres de contrôle). Les modulateurs acousto-optiques ont par contre un
rendement assez faible et nécessitent la construction d’une ligne 4f spécifique8. De plus, ils
ne peuvent être utilisés efficacement qu’avec des lasers ayant des taux de répétition infé-
rieurs au MHz. Ils ne peuvent donc pas être utilisés sur notre oscillateur (voir la partie I.1
page 6). Nous nous sommes donc tournés vers les masques à cristaux liquides qui offrent
un meilleur rendement et n’imposent aucune contrainte sur le taux de répétition du laser
mis en forme.

LC AOM MEMM LMDM

Paramètres
de contrôle

128, 640 ≃1000 240 19

Pixellisé ? oui non oui non

Ouverture
(mm2)

13x5,
64x10 ?

3x3 11x39

Rafraîchis-
sement (Hz)

10 >1000 ≃1000 5000

Contrôle ampli-
tude
phase

ampli-
tude
phase

phase phase

Rendement à
800 nm

>70% ≃30% ≃80% ≃80%

Énergie en
entrée (µJ)

>300
?

2 < 2

Gamme
spectrale
(nm)

430-1600 600-900 ? 200-900 550-1000,
266, 350

Principale
limitation

pixelisa-
tion

faible
efficacité

technologie
très récente

résolution
faible

Tab. II.1 – Comparatif des différents masques spatiaux unidimensionnels.

Lorsque nous avons conçu notre façonneur, il existait peu de masques à cristaux
liquides utilisables pour réaliser un façonneur. La compagnie CRI proposait des masques
contrôlant la phase et l’amplitude sur 128 pixels. Il s’agit en fait de deux barrettes de 128
pixels collées à un même substrat de verre. La compagnie Jenoptik proposait quant à elle
des masques simples ne contrôlant que la phase mais sur 640 pixels. Dans notre recherche
d’une haute résolution en phase et amplitude, nous avons opté pour une solution hybride :
nous avons combiné deux masques Jenoptik pour pouvoir contrôler phase et amplitude sur

8Le modulateur acousto-optique dévie le faisceau et il faut donc décaler la deuxième moitié de la ligne
4f par rapport à l’axe de propagation libre. Cela rend la construction et l’alignement plus délicat qu’avec
les masques à cristaux liquides et introduit des aberrations.
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640 pixels[35]. Ces masques sont décrits en détails dans la référence[49]. Nous ne donnerons
ici que les caractéristiques essentielles.

Suite à notre démonstration la compagnie Jenoptik a développé un masque double
couche proposant permettant le contrôle de la phase et de l’amplitude sur 640 pixels. Depuis
peu, la compagnie CRI propose un produit similaire. A notre connaissance, il n’existe pas
d’expérience à l’heure actuelle démontrant les possibilités de ces nouveaux masques.

II.3.2 Double masque à cristaux liquides

Les deux masques que nous avons utilisés sont composés d’une fine couche (9 µm) de
cristaux liquides de type nématique prise entre deux substrats de verre. L’un des substrats
porte 640 électrodes transparentes d’oxyde d’indium-étain (ITO pour Indium Tin Oxyde)
permettant d’appliquer une tension différente à chacun des pixels. L’autre substrat porte
une seule électrode d’ITO couvrant toute la surface et servant de masse. Les pixels font
10 mm de haut par 97 µm de large et sont séparés par des interstices (des "gaps") de 3 µm
(voir la figure II.12). La zone active est de 10 mm par 64 mm.

X

Y

z

100 µm
3 µm

9 µ
m

aL1

Fig. II.12 – Masque à cristaux liquides à 640 pixels utilisé dans le façonneur.

Les cristaux liquides nématiques utilisés ont une forme de bâtonnets qui sont orientés
parallèlement aux substrats en absence de tension, comme cela est représenté dans le haut
de la figure II.13 page suivante. Leur direction d’ancrage est imposée par brossage des
électrodes (vecteur −→aL1). Les cristaux présentent une anisotropie diélectrique et ils pivotent
lorsqu’on applique une tension entre l’électrode d’un pixel et la masse (voir le bas de la
figure II.13). Cela modifie le chemin optique vu par une onde polarisée selon l’axe d’ancrage
−→aL1. En combinant deux masques agissant sur des polarisations différentes et en utilisant
un polariseur, on peut ainsi contrôler la phase et l’amplitude au niveau de chaque pixel du
double masque.
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aL1

U

U = 0

substrats  de verre

électrodes ITO

z

aL1

Fig. II.13 – Rotation des cristaux liquides par application d’une tension. Le
chemin optique change.

II.4 Dimensionnement

Maintenant que le choix du masque est arrêté, il nous faut dimensionner les différents
éléments de la ligne à dispersion nulle, à savoir les réseaux et les miroirs. C’est une étape
essentielle pour obtenir un façonneur répondant à nos exigences. Pour y parvenir il faut
tenir compte d’un grand nombre de paramètres :

• Les dimensions du masque ; en particulier la taille de la zone active, mais aussi
celle des pixels et interstices.

• Les propriétés spectrales de l’impulsion à mettre en forme à savoir longueur d’onde
centrale et largeur spectrale.

• Les dimensions spatiales et l’énergie de ces mêmes impulsions.
• Les objectifs que nous nous sommes fixés pour notre façonneur : une haute résolu-

tion spectrale.
Nous allons voir tout d’abord comment résumer le problème du dimensionnement

dans le cas général à quelques équations simples et quelques paramètres pertinents. Nous
appliquerons ensuite cela au cas particulier de notre façonneur.

II.4.1 Paramètres pertinents

Notre objectif est d’obtenir la meilleure résolution spectrale pour notre façonneur.
Il nous faut donc étaler au maximum le spectre des impulsions à mettre en forme sur le
masque à cristaux liquides, sans toutefois le tronquer. Dans un premier temps, nous devons
donc déterminer la dispersion introduite par le réseau.

Nous appelons λ0 et ∆λL la longueur d’onde centrale et la largeur spectrale à mi-
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hauteur en intensité (FWHM) des impulsions. Ces impulsions arrivent sur le réseau avec un
angle d’incidence θi. On note θd0 l’angle de diffraction pour λ0 et ∆θd la séparation angulaire
correspondant à ∆λL. On suppose que les angles d’incidence et de diffraction sont proches
de l’angle de Littrow à λ0. Le pas du réseau est noté d, la focale de la lentille, f et la
largeur du masque L. La figure II.14 résume ces notations et présente un schéma simplifié
de la situation (le miroir cylindrique y est remplacé par une lentille par commodité).

PF

Fig. II.14 – Détermination de l’étalement spatial du spectre des impulsions.

Les propriétés de base des réseaux nous permettent d’écrire :

∆θd

∆λL
=

1

d cos(θd0)
(II.1)

Comme le montre la figure II.14, au niveau de la lentille, on obtient un étalement spatial
∆L :

∆L = f tan(∆θd) = f tan

(
∆λL

d cos(θd0)

)

(II.2)

Le réseau étant dans le plan focal objet de la lentille, cette dernière rattrape la dispersion
angulaire et on retrouve l’étalement ∆L au niveau du masque (dans le plan de Fourier PF).

Pour éviter de tronquer le spectre, il faut que ∆L soit de l’ordre d’un tiers de L.
Cela revient à dire que le masque doit avoir une largeur spectrale ∆λM trois fois plus
grande que celle de l’impulsion à mettre en forme. Ce facteur trois permet d’avoir une
intensité spectrale aux bords du masque de moins de 0,2% de l’intensité maximale. La
largeur spectrale du masque peut s’exprimer en fonction de la lentille et du réseau choisis :

∆λM = arctan

(
L

f

)

d cos(θd0) (II.3)

On peut ainsi chercher les couples lentille-réseau permettant d’avoir ∆λM ≃ 3∆λL. Il en
existe de toute évidence une infinité mais parmi ceux-ci, seuls certains conviendront.

En effet, ces couples doivent répondre à une deuxième contrainte pour obtenir une
grande résolution. Celle-ci concerne la taille des taches focales au niveau du masque. Chaque
longueur d’onde de l’impulsion d’entrée donne une image au niveau du masque dont la taille
doit être comparable à celle des pixels du masque. Effectivement, si ces images sont trop
grandes par rapport aux pixels, on va perdre en résolution car une même longueur d’onde
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va être étalée sur un grand nombre de pixels. A l’opposé, il faut éviter des images trop
piquées car cela exalte l’effet des interstices. Pour expliciter cette contrainte, on suppose
que l’impulsion a un profil spatial gaussien au niveau du réseau et on note ∆x la largeur
à mi-hauteur en intensité de ce profil. On peut alors montrer que les taches focales ont un
profil gaussien de largeur à mi-hauteur ∆X donné par[86]9 :

∆X =
2 ln(2)λ0f cos(θi)

π∆x cos(θd0)
(II.4)

Il nous faut donc trouver un couple lentille-réseau (miroir-réseau en fait !) qui permet
d’avoir à la fois le bon étalement ∆λL ≃ ∆λM/3 et la bonne taille pour les taches focales
∆X ≃ l/3 où l est la distance entre deux pixels.

II.4.2 Application particulière

Dans le cas particulier de notre façonneur, les impulsions ont une largeur spectrale
∆λL = 10 nm et une longueur d’onde centrale λ0 = 795 nm. Le diamètre du faisceau laser
est de ∆x =2,3 mm. Le masque a une largeur L = 64 mm et une distance inter-pixel de
l = 100 µm (pixel de 97 µm et interstice de 3 µm).

Il nous faut donc trouver un couple (f, d) pour lequel la bande spectrale correspondant
au masque ∆λM sera de l’ordre de 30 nm et la largeur des taches focales ∆X de l’ordre
de 30 µm. Les miroirs cylindriques que l’on peut utiliser ont des focales comprises entre
200 mm et 800 mm. Pour les focales plus courtes des aberrations sphériques apparaissent et
la zone de Rayleigh devient très courte. Les grandes focales quant à elles sont difficilement
réalisables avec des planéités suffisantes et augmentent considérablement l’encombrement
de l’appareil.

De même, il n’existe pour des réseaux efficaces à 795 nm qu’une dizaine de densités
de traits possibles comprises entre 300 et 2400 traits par millimètre.

La figure II.15 page suivante présente le résultat des simulations effectuées en tenant
compte de ces contraintes. Nous avons choisi pour ces calculs un angle d’incidence θi aussi
proche que possible de l’angle de Littrow θl, tout en permettant de séparer angulairement
le faisceau incident et celui diffracté (θi = θl + 10◦). L’évolution de la bande spectrale du
masque ∆λM (partie haute, en nm) et de la taille des taches focales ∆X (partie basse, en
µm) y est représentée en fonction de la distance focale des miroirs et de la densité de traits
des réseaux.

Comme on peut le constater, les conditions sur la bande spectrale au niveau du
masque ne sont vérifiées que sur une zone assez étroite. La taille des taches focales ap-
paraît moins critique. En recoupant ces résultats avec les miroirs et réseaux disponibles,
nous avons finalement retenus des réseaux de 2000 traits par millimètre et des miroirs
cylindriques de 600 mm de distance focale (figure II.15, traits noirs).

Le tableau II.4.2 page suivante récapitule les caractéristiques retenues pour les diffé-
rents constituant de notre façonneur.

9Cette largeur est celle donnée par un simple calcul d’optique gaussienne auquel on doit appliquer un
facteur d’agrandissement dû au réseau.
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Fig. II.15 – Bande spectrale en nm (haut) et largeur des taches focales en
µm (bas) au niveau du masque, en fonction de la focale et de la
densité de traits. Les segments noirs indiquent le couple (miroir,
réseau) finalement choisi.

Élément Caractéristiques

Masques 2 masques de phase, 640 pixels, zone active de 64mm

Miroirs cylindriques focale 600mm, traités argent

Réseaux 2000 traits/mm, traité or, haute énergie

Tab. II.2 – Caractéristiques des différents élément composant le façonneur.

II.5 Construction et alignement de la ligne

L’alignement de la ligne à dispersion nulle entourant le masque est une étape très
critique. En effet, comme son nom l’indique, cette ligne ne doit pas introduire de dispersion
ou de déformation sur les impulsions d’entrée alors même qu’elle contient des éléments ex-
trêmement dispersifs que sont les réseaux. Cette ligne est en fait un compresseur à réseaux
de compression nulle et elle réclame donc les mêmes attentions lors des réglages. En parti-
culier, il est crucial d’avoir exactement les mêmes angles sur les réseaux d’entrée et de sortie
faute de quoi les impulsions de sortie présenterons une forte dérive de fréquence spatiale
ainsi qu’une phase spectrale cubique. De même, les quatre distances f entre les réseaux,
les miroirs cylindriques et le plan de Fourier doivent être respectées. Tout écart introduit
une phase quadratique importante et peut aussi entraîner des déformations spatiales du
faisceau. Pour plus de détails sur les effets de désalignement de la ligne à dispersion nulle
se reporter à la référence[87]. L’alignement de la ligne à dispersion nulle se décompose en
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quatre étapes que nous décrirons ici. La première est l’alignement du télescope formé par la
paire de miroirs cylindriques (MC1 et MC2, voir la figure II.16). La deuxième est le réglage
de l’orientation et des angles d’incidence sur le réseau (R1). Vient ensuite l’ajout du réseau
R2. Enfin, on insère les miroirs de repli (MR1 et MR2).

R2R1

MC1 MC2

MR1 MR2

PF

D0

D1

Fig. II.16 – Schéma de la ligne à dispersion nulle.

II.5.1 Télescope cylindrique

On place tout d’abord les deux miroirs cylindriques à une distance 2f l’un de l’autre.
Les supports des deux miroirs doivent permettre un réglage fin de tous les degrés de rotation
ainsi qu’une translation selon l’axe de la ligne à dispersion nulle. Il est important de repérer
clairement l’axe choisi pour la propagation dans la ligne à dispersion nulle.

On fait ensuite passer un faisceau de grand diamètre10, parfaitement collimaté, dans
le télescope formé par les deux miroirs (voir figure II.17). Il est très important d’avoir un
faisceau bien collimaté et d’attaquer le télescope dans l’axe de la ligne pour éviter toute
aberration d’excentrement. Si ces précautions sont prises, on peut utiliser les déformations
du profil en sortie du télescope pour régler ce dernier.

MC1 MC2PFf f

Fig. II.17 – Alignement des miroirs cylindriques à l’aide d’un faisceau de
grand diamètre. Pour plus de clarté, on a introduit un angle entre
le faisceau incident et l’axe de la ligne. En réalité, cet angle doit
être nul.

En effet, le profil en sortie reste circulaire uniquement si la distance et l’orientation
relative des deux miroirs sont parfaitement réglées. Il faut bien évidemment veiller en
premier lieu à ce que le faisceau de sortie suive toujours l’axe de la ligne. On utilise ensuite,
les règles suivantes, de manière itérative, pour corriger le profil du faisceau :

10Un laser HeNe, avec un diamètre grossi à 1 cm peut très bien faire l’affaire.
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– Si le profil se déforme en fonction de la distance d’observation en prenant des formes
d’ellipses inclinées, c’est que les axes de révolution des deux cylindres ne sont pas
parallèles. Il faut alors tourner l’un des deux miroirs sur lui-même.

– Si le faisceau diverge dans le plan horizontal, c’est qu’il faut augmenter la distance
entre les deux miroirs. S’il converge, il faut la diminuer.

Une fois que ces réglages sont faits, on ne doit normalement plus toucher qu’à un seul
degré de liberté des miroirs cylindriques : l’inclinaison par rapport à la verticale (afin de
régler la hauteur du faisceau réfléchi). Il est important de relever la position du plan de
symétrie de ce télescope : il correspond au plan de Fourier (PF) où l’on placera le masque
à cristaux liquides.

II.5.2 Réseau d’entrée

Pour pouvoir régler les réseaux, on doit disposer d’un faisceau centré à la longueur
d’onde centrale λ0 des impulsions à mettre en forme. Il est plus simple de travailler avec
un faisceau monochromatique à cette longueur d’onde11. Nous supposerons que c’est le
cas. Il est cependant possible de travailler directement avec les impulsions à mettre en
forme. Dans ce cas, on peut réaliser les alignements avec l’extrémité d’un spectromètre
à fibre (sans sphère intégrante) : cela permet de discriminer λ0 au milieu de la tache de
diffraction.

Tout comme pour les miroirs cylindriques, les supports des réseaux doivent permettre
de régler finement tous les degrés de liberté, notamment la rotation du réseau autour de
sa normale. Il faut aussi une rotation graduée et micrométrique pour la rotation autour de
l’axe z (verticale).

Il faut effectuer deux réglages sur le réseau d’entrée. En premier, il faut s’assurer que
les traits du réseau sont bien verticaux pour que la diffraction d’un faisceau horizontal
n’entraîne pas un faisceau diffracté oblique (voir la partie II.2.1.3 page 20). Il faut ensuite
régler l’incidence sur le réseau pour renvoyer la longueur d’onde centrale λ0 dans l’axe de
la ligne.

On place aussi précisément que possible le réseau R1 ainsi que deux diaphragmes D0

et D1 qui définissent le faisceau d’entrée dans la ligne12 (voir figure II.18 page suivante). Le
diaphragme D0 doit se trouver dans le plan de Fourier car il servira aussi pour l’alignement
du faisceau de sortie.

On règle ensuite l’orientation des traits du réseau. Pour cela on commence par ren-
voyer l’ordre 0 en autocollimation. Puis on tourne le réseau afin de renvoyer maintenant
l’ordre 1. On règle sa hauteur en tournant le réseau autour de sa normale. On répète cette
procédure jusqu’à ce qu’elle converge.

On règle alors l’angle d’incidence sur le réseau en tournant ce dernier jusqu’à ce que
la longueur d’onde centrale soit diffractée dans l’axe de la ligne. Il faut noter de quel angle
on a tourné car il faudra utiliser le même angle pour R2.

11A 800nm, on peut utiliser par exemple un oscillateur en mode continu.
12L’angle entre le faisceau entrant et l’axe de la ligne doit correspondre à la différence entre l’angle

d’incidence choisi et l’angle diffracté correspondant.
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R1

MC1 MC2PF

D0

D1

Fig. II.18 – Alignement du premier réseau. La longueur d’onde centrale doit
être diffractée dans l’axe de la ligne.

II.5.3 Réseau de sortie

On règle maintenant le deuxième réseau (R2). On le place aussi précisément que
possible dans la ligne (voir figure II.19) et on utilise le faisceau diffracté par le premier
réseau pour l’alignement. La procédure est tout à fait similaire à celle utilisée pour le
premier réseau. Il est primordial que les angles pour R1 et R2 soient les mêmes pour éviter
d’introduire une phase spectrale cubique et une dérive de fréquence spatiale. Si tout se
passe bien, on doit alors envoyer le faisceau de sortie dans le diaphragme D0.

R2R1

MC1 MC2PF

D0

D1

Fig. II.19 – Alignement du deuxième réseau. On utilise le faisceau diffracté
par le premier réseau.

II.5.4 Miroirs de repli

Pour finir la construction de la ligne à dispersion nulle, il ne reste plus qu’à insérer
les deux miroirs de repli MR1 et MR2 (voir la figure II.20 page suivante). Les supports
de ces derniers doivent permettre une translation fine dans l’axe de la ligne. On les place
de façon à avoir une distance f entre le réseau et le miroir cylindrique. On ajuste alors
l’inclinaison des miroirs de repli et des miroirs cylindriques afin de faire sortir le faisceau
de la ligne par le diaphragme D0.

Pour ajuster finement la position des miroirs de repli, on fait passer par la ligne des
impulsions parfaitement compressées et on mesure la durée des impulsions en sortie. En
déplaçant les miroirs de repli, on doit pouvoir obtenir des impulsions presque aussi courtes
que celle d’entrée. Il faut veiller à déplacer les deux miroirs de façon symétrique.
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Fig. II.20 – Ligne complète après insertion des miroirs de repli.

II.6 Mise en place du masque et des polariseurs

La ligne étant parfaitement alignée, il faut maintenant placer le masque au plan de
Fourier. Cela ne pose normalement pas de difficulté particulière. Le masque à cristaux
liquides tend à allonger légèrement le chemin optique entre les miroirs cylindriques. On
doit ainsi observer une légère augmentation de la durée des impulsions en sortie de la ligne.
On compense celle-ci en ré-ajustant les miroirs MR1 et MR2.

Dans le cas de notre façonneur, l’association de deux masques de phase réclame en
plus une étape assez délicate d’alignement d’un masque avec l’autre.
Il faut tout d’abord s’assurer que les surfaces des deux masques sont parfaitement parallèles,
ce qui peut être fait par autocollimation. Il faut ensuite que les pixels des deux masques
soient bien verticaux : c’est à dire que l’on doit contrôler la rotation des deux masques
autour de l’axe de propagation (axe z sur la figure II.21 page 36). Pour ce faire, on envoie sur
les deux masques un faisceau laser HeNe : chaque masque produit une figure de diffraction
qui est horizontale pour des pixels verticaux. En superposant les deux figures de diffraction,
on peut aligner les pixels avec une précision de l’ordre de 2 mrad. La dernière étape est de
faire en sorte que les pixels des deux masques tombent bien en face les uns des autres : le
décalage transverse (translation selon l’axe X sur la figure II.21) entre les deux masques
doit être nul, avec une précision de l’ordre de la largeur d’un interstice (3 µm). Pour vérifier
cela, on programme le premier masque avec une phase de π sur les 320 premiers pixels et
de 0 sur les suivants. Le deuxième masque a une programmation inversée : 0 sur les 320
premiers pixels et π ensuite. Si le déplacement latéral est nul, cette programmation donne
une transmission nulle (comme cela sera démontré plus loin). Sinon, on observe une bande
lumineuse dont la largeur est proportionnelle au décalage transverse. En translatant un des
deux masques pour annuler cette bande, on aligne les pixels avec la précision nécessaire.
Ceci n’est qu’un résumé succinct de cet alignement, la référence[35] contient plus de détails.

Les nouveaux masques à cristaux liquides contrôlant phase et amplitude avec un
grand nombre de pixels évitent ces ennuis.

Pour finir la construction du façonneur, on dispose un polariseur sur le faisceau d’en-
trée et un sur le faisceau de sortie, tous deux étant horizontaux. Ils sont tout à fait essentiels
au bon fonctionnement de l’appareil, tous les calculs de la partie II.7.1.2 page 36 reposant
sur des polarisations bien définies en entrée et en sortie de la ligne.

Pour pouvoir utiliser correctement le façonneur, il reste deux calibrations à faire :
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• Tout d’abord, il faut connaître la tension à appliquer à un pixel donné pour y
introduire un déphasage donné. Il faut donc déterminer la phase φ introduite par
un pixel en fonction de la tension U qui lui est appliquée et de la longueur d’onde
incidente λ .

• Ensuite, pour utiliser le masque à cristaux liquides comme un masque spectral, il
faut déterminer la dispersion dans le plan de Fourier. Cela permet de savoir quel
pixel agit sur quelle composante spectrale.

Ces deux calibrations, souvent mal faites, sont essentielles à un fonctionnement correct du
façonneur. Elles sont décrites en détail dans les deux parties suivantes.

II.7 Calibration du déphasage

Pour réaliser des mises en formes données à l’aide des deux masques de phase placés
dans la ligne 4f, nous appliquons des tensions données à chacun des 1280 pixels (2x640).
Nous n’avons pour l’instant pas explicité le lien entre la tension que l’on applique au
niveau d’un pixel et le déphasage introduit par celui-ci. Nous allons le détailler dans une
première sous-partie et nous verrons que ce déphasage est fonction de la longueur d’onde
incidente. Ensuite, nous verrons comment simplifier le problème de la calibration. Puis nous
présenterons deux techniques de calibration permettant de mesurer expérimentalement le
déphasage introduit pour une tension donnée.

II.7.1 Fonctionnement du masque

II.7.1.1 Généralités et notations

On note pour toute la suite −→z la direction de propagation de la lumière, qui est
normale aux faces des barrettes de cristaux liquides,

−→
X la direction selon laquelle se ré-

partissent les pixels et
−→
Y la direction d’orientation de chaque pixel (voir la Figure II.21

page suivante). Les directions d’ancrage (voir la partie II.3.2 page 26) des cristaux liquides
sont notées −→aL1 pour la première barrette et −→aL2 pour la deuxième. Sur chaque barrette,
les pixels se comportent comme des lames d’onde commandées en tension ayant toutes les
mêmes lignes neutres. Pour une longueur d’onde λ0, le déphasage φ introduit par la lame
vaut

φ(λ0, U) =
2π∆n(λ0, U)eCL

λ0
(II.5)

où ∆n(λ0, U) est la différence entre les indices de l’axe lent et de l’axe rapide, U la tension
appliquée, et eCL l’épaisseur du cristal liquide.

L’axe lent de chaque barrette correspond à la direction d’ancrage des cristaux liquides
soit −→aL1 pour la première et −→aL2 pour la deuxième. On note −→aR1 et −→aR2 les axes rapides des
deux barrettes (voir la figure II.22 page suivante). La conception des barrettes est telle que
l’axe lent de la première est incliné de +45̊ et celui de la deuxième de −45̊ par rapport à
l’axe

−→
X . On a donc :

−→aL1 =
1√
2
(
−→
X +

−→
Y ) et −→aL2 =

1√
2
(
−→
X −−→

Y ) (II.6)
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Fig. II.21 – Deux barrettes de cristaux liquides en phase constituant le
masque de notre façonneur.
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Fig. II.22 – Axes rapides et lents des deux barrettes de cristaux liquides

II.7.1.2 Effet des deux barrettes

On considère une onde incidente
−→
E0 polarisée selon

−→
X et se propageant selon −→z qui va

traverser les deux barrettes de cristaux liquides. On note
−→
E1 l’onde sortant de la deuxième

barrette. On s’intéresse ici à l’effet d’un seul pixel : on ne tient pas compte de l’extension
de l’onde selon

−→
X . On note aussi φ1(U1) (respectivement φ2(U2)) le déphasage introduit

par la première barrette (respectivement par la deuxième). U1 (respectivement U2) est la
tension appliquée au pixel de la première barrette (respectivement de la deuxième). La
dépendance avec la longueur d’onde est implicite.

L’onde incidente s’écrit :

−→
E0 = E0

−→
X =

E0√
2

(−→aL1 −−→aR1) =
E0√

2
(−→aR2 + −→aL2) =

E0√
2

(−→aL1 + −→aL2) (II.7)

Compte tenu des déphasages introduits, on a en sortie

−→
E1 =

E0√
2
(−→aL1e

iφ1(U1) + −→aL2e
iφ2(U2)) (II.8)
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qui peut encore se réécrire :

−→
E1 =

E0

2

[−→
X

(
e iφ1(U1) + e iφ2(U2)

)
+
−→
Y

(
e iφ1(U1) − e iφ2(U2)

)]

(II.9)

Finalement, on obtient

−→
E1 = E0 exp

(

i
φ1 + φ2

2

) [−→
X cos

(
φ1 − φ2

2

)

+ i
−→
Y sin

(
φ1 − φ2

2

)]

(II.10)

la dépendance en tension des déphasages étant implicite pour alléger l’expression. Si l’on
s’en tient là, on réalise une mise en forme en phase et en polarisation de l’onde incidente−→
E0.

En polarisant
−→
E1 selon l’axe

−→
X , on obtient en sortie une mise en forme en phase et

en amplitude :

−→
E1.

−→
X = exp

(

i
φ1 + φ2

2

)

cos

(
φ1 − φ2

2

)

E0 = B(U1, U2)E0 (II.11)

où B est la transmission complexe associée aux tensions appliquées.
En conclusion, pour réaliser une mise en forme donnée au niveau d’un pixel, avec une

configuration de polariseur donnée, il existe un couple unique13 de déphasages (φ1, φ2). Le
déphasage étant une fonction monotone de la tension appliquée, cela revient à dire qu’il
existe un couple unique de tensions (U1, U2).

II.7.1.3 Masque introduit par les barrettes

On tient compte à présent de l’extension des barrettes et du champ incident se-
lon

−→
X . Elles sont orientées de telle sorte que que le pixel numéro n de la première soit

en face du pixel numéro n de la seconde. Dans toute la suite, on nommera pixel l’asso-
ciation des pixels des deux barrettes. On néglige l’interstice qui sépare chaque pixel des
pixels voisins14. On suppose qu’un polariseur orienté selon

−→
X est placé en sortie. On note

B(n) = B(n)(U
(n)
1 , U

(n)
2 ) la transmission complexe au niveau du pixel numéro n. Dans la

suite, la dépendance en tension sera implicite. Le filtre spatial équivalent aux deux bar-
rettes s’écrit :

MX(X) =

N/2−1
∑

n=−N/2

B(n)δ(X − nl) ⊗ rect(X/l) (II.12)

où N est le nombre de pixels (le pixel 0 étant au centre), X est la position transverse dans
le plan de Fourier, l est la distance entre deux pixels voisins (100 µm), δ(u) représente la
fonction de Dirac et la fonction carré rect(u) est définie par :

rect(u) =

{

1 si |u| ≤ 1/2,

0 si |u| > 1/2.
(II.13)

13Il est toujours possible d’inverser les rôles joués par les deux barrettes ou d’ajouter un multiple de 2π
à φ1 ou φ2.

14L’effet principal de ces interstices est de créer un réseau périodique. Cela entraîne une diffraction de
l’onde incidente et se traduit par l’apparition de répliques temporelles, comme cela est expliqué dans la
partie II.9.2 page 47.
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II.7.2 Simplifier pour mieux calibrer

Nous souhaitons montrer ici comment nous pouvons simplifier quelque peu la cali-
bration du déphasage. En effet, il faudrait en toute rigueur mesurer le déphasage introduit
par chaque pixel de chaque barrette (soit 1280 pixels), pour toutes les tensions possibles (il
y en a 4096) et pour les différentes longueurs d’onde présentes dans le spectre de l’impul-
sion à mettre en forme. Cela reviendrait à faire plus de 5 millions de mesures pour chaque
longueur d’onde ce qui prendrait beaucoup trop de temps.

Nous pouvons tout d’abord calibrer en une seule fois le déphasage pour tous les
pixels d’une même barrette. En effet, il a été vérifié expérimentalement que les pixels
sont relativement homogènes et agissent de la même façon pour des tensions suffisamment
élevées. Il nous suffit donc de travailler avec les tensions élevées pour pouvoir calibrer chaque
barrette en une étape. Par contre, il existe des différences significatives d’une barrette à
l’autre et il nous faudra les calibrer indépendamment.

Pour ce qui est de la dépendance en longueur d’onde, nous allons voir que nous
pouvons calibrer à une longueur d’onde donnée et extrapoler ce résultat à d’autres longueurs
d’onde.

Nous considérons un seul masque de phase. Cela revient soit à retirer le second (ce
qui est faisable dans notre cas), soit à l’éteindre. Nous appliquons la même tension U à
tous les pixels du masque de phase.
Nous rappelons ici l’expression du déphasage φ(λ, U) introduit (donnée précédemment dans
l’équation II.5 page 35) :

φ(λ, U) =
2π∆n(λ, U)eCL

λ
(II.14)

La différence d’indice ∆n(λ, U) peut s’écrire comme

∆n(λ, U) = ∆n(λ, 0).g(U) = ∆n(λ).g(U) (II.15)

∆n(λ) étant la biréfringence du cristal liquide, fonction connue15, et g(U) étant à
déterminer.

On peut alors écrire :

φ(U, λ) = φ(U, λcal) ·
λcal

λ
· ∆n(λ)

∆n(λcal)
(II.16)

∆n(λ) étant connu, il suffit de mesurer le déphasage φ(U, λcal) en fonction de la
tension U pour une longueur d’onde λcal fixée pour connaître φ(U, λ) pour toute longueur
d’onde et toute tension.

II.7.3 Mise en oeuvre expérimentale

Pour mesurer l’évolution du déphasage avec la tension, on place le masque de phase
entre deux polariseurs horizontaux. On éclaire le tout avec un laser HeNe (λcal = 632,8 nm)
de fort diamètre, comme cela est schématisé sur la figure II.23 page suivante. On éclaire

15Elle fait partie des données techniques fournies avec les barrettes de cristaux liquides.
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ainsi un grand nombre de pixels et on applique une même tension U à tous les pixels de la
barrette. L’intensité transmise est mesurée à l’aide d’un électrophotomultiplicateur.

Faisceau LASER HeNe

Polariseur horizontal

Masque

Lentille

EPM

Polariseur horizontal

Fig. II.23 – Schéma de principe de la calibration du déphasage en fonction de
la tension appliquée.

On obtient ainsi un signal S(λcal, U) qui dépend de la tension appliquée à la barrette.
En simplifiant l’équation II.11 page 37 au cas d’un seul masque de phase, on trouve :

S(λcal, U) ∝
[

cos

(
φ(λcal, U)

2

)]2

(II.17)

Les signaux obtenus lors de la calibration, normalisés à 1, sont présentés sur la figure II.24.
La tension y est représentée en digit : la tension appliquée aux pixels varie entre 0 et 8
volts et est codée sur 12 bits, c’est à dire 4096 niveaux que nous appelons digits. Le trait
en pointillés indique la tension minimale que nous utiliserons dans la pratique (environs
130 digits) pour des raisons que nous détaillerons plus loin.

1 10 100 1000
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

 

 

S 
(u

. a
rb

.)
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Signal de calibration
λ = 632,8 nm
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 barrette 2

Fig. II.24 – Transmission des barrettes de cristaux liquides à 632,8 nm en
fonction de la tension

A l’aide de l’équation II.17, on peut remonter au déphasage introduit φ(U) pour une
tension U donnée. La figure II.25 page suivante présente le déphasage ainsi obtenu pour les
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deux barrettes. Il s’agit en fait de courbes d’ajustement qui reproduisent très fidèlement
l’évolution du déphasage en fonction de la tension en s’affranchissant du bruit de mesure.
Les ajustements sont de la forme

φ(λcal, U) = eP (U) + C (II.18)

où P (x) est un polynôme de degrés 9 et C une constante.
Nous n’avons reproduit le déphasage que pour les tensions élevées (supérieures à

130 digits environ) En effet, il n’est pas conseillé d’utiliser des tensions trop faibles car
le déphasage introduit pour une tension donnée varie alors beaucoup d’un pixel à l’autre
à cause des défauts de surface. De plus, compte tenu de la relation non linéaire entre la
tension et la phase, la sensibilité en phase est très réduite pour des tensions basses (la pente
de φ(λcal, U) est très forte pour U faible). On se limite donc à un intervalle de tensions
élevées en faisant en sorte de pouvoir contrôler le déphasage sur une gamme de 2π pour
toutes les longueurs d’onde du spectre des impulsions à mettre en forme.
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Fig. II.25 – Déphasages introduits par les barrettes de cristaux liquides pour
une onde incidente à 632,8 nm en fonction de la tension appliquée.

II.7.4 Méthode mieux adaptée

La méthode de calibration présentée ci-dessus présente quelques défauts et peut être
améliorée.
Tout d’abord, elle doit être faite avant d’introduire le masque dans la ligne à dispersion
nulle. Pour recalibrer le masque avec cette méthode, il faudrait le sortir de la ligne.
Ensuite, elle a été faite à une longueur d’onde unique et la dépendance en longueur d’onde
est déduite d’une formule d’ajustement fournie avec le masque et non vérifiée.
Enfin et surtout, le déphasage obtenu à partir des données expérimentales (figure II.25) par
inversion de l’équation II.17 page précédente présente des défauts. En effet, les différents



II.7. CALIBRATION DU DÉPHASAGE 41

maxima et minima ne sont pas tous au même niveau16 et cela introduit des déformations
importantes dans le déphasage à proximité des extrema.

Nous avons développé durant la thèse une autre technique de calibration, assez proche
de la précédente. Nous l’avons mise en oeuvre lors de la construction d’un façonneur, dans
l’équipe d’Albert Stolow au Steacie Institute For Molecular Sciences. Elle a servi à la
calibration d’un masque de phase seule à 128 pixels de chez CRI. Elle s’affranchit des
défauts énumérés ci-dessus. L’idée est de calibrer le masque à l’intérieur même de la ligne
à dispersion nulle, comme cela est schématisé sur la figure II.26. On place avant le masque
(M), une fente (F) et après, une lame d’onde (Lo), dont les lignes neutres sont alignées
avec celles du masque. En translatant la fente, on choisit la longueur d’onde de calibration
parmi celles présentes dans le spectre de l’impulsion. La lame d’onde introduit quant à
elle un déphasage supplémentaire qui dépend de son inclinaison par rapport à l’axe de
propagation de la lumière. En jouant sur l’inclinaison de la lame d’onde, on peut déplacer
la position (en tension) des extrema.

M F

Lo

EPM

Fig. II.26 – Autre méthode de calibration du déphasage. Une fente F et une
lame d’onde Lo sont introduite dans la ligne 4f. Cette technique
a été mise en oeuvre à Ottawa pour calibrer un masque CRI de
128 pixels.

On obtient ainsi, pour les différentes longueurs d’onde λ, un ensemble de signaux de
transmission

S(λ, U, φLo) ∝
[

cos

(
φ(λ, U) + φLo

2

)]2

(II.19)

où φLo est le déphasage ajouté par la lame d’onde. La figure II.27 page suivante montre
une série de signaux de transmission pour différentes inclinaisons de la lame d’onde pour
une longueur d’onde de 795 nm. Comme on le voit, les extrema et donc les zones défor-
mées se déplacent en fonction de l’inclinaison de la lame d’onde. En traitant ces courbes de
transmission comme dans la précédente méthode (c’est à dire en inversant l’équation II.19),
on obtient plusieurs reconstruction du déphasage introduit par le masque. Chaque recons-
truction est décalée d’un certain φLo (qui n’a pas besoin d’être connu) et présente des
déformations autour de tensions différentes. En combinant toutes ces reconstructions (par
exemple en les moyennant), on obtient une reconstruction du déphasage très précise et
exempte des imperfections que présente la méthode précédente.

16Cela peut être dû aux interstices entre les pixels. Ils laissent passer une partie de l’onde sans introduire
de déphasage et l’intensité totale résulte de l’interférence entre ces fuites et l’onde déphasée par les pixels.
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Fig. II.27 – Transmission de la barrette (CRI 128 pixels) de cristaux liquides
à 795 nm en fonction de la tension, pour différentes orientation
de la lame d’onde.

La figure II.28 montre le déphasage reconstruit sur l’ensemble de la gamme de tension.
Il ne s’agit pas ici d’une courbe d’ajustement, la phase reconstruite étant suffisamment peu
déformée pour être utilisée telle quelle. Comme pour le façonneur installé à Toulouse, nous
n’avons utilisé au final que les tensions les plus élevées.
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Fig. II.28 – Déphasage introduit par le masque (CRI 128 pixels) pour une
onde incidente à 795 nm en fonction de la tension appliquée.
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II.8 Calibration de la dispersion

Nous venons de déterminer la calibration du déphasage en fonction de la tension
appliquée à un pixel et de la longueur d’onde de la lumière incidente. Forts de l’équa-
tion II.11 page 37, nous savons donc quel couple de tensions appliquer au niveau d’un
pixel du masque pour contrôler la phase et l’amplitude d’une onde de longueur d’onde λ.
Pour pouvoir utiliser notre masque comme un masque spectral, il nous faut aussi savoir la
relation de dispersion au plan de Fourier, c’est à dire le lien entre la position transverse X
et la pulsation ω (voir la figure II.29). En d’autres termes, il nous faut savoir quel pixel
contrôle quelle composante spectrale de l’impulsion à mettre en forme.

PF

Fig. II.29 – La calibration de la dispersion donne le lien entre la position
transverse X et la pulsation ω dans le plan de Fourier PF.

Pour cela, on programme le masque de façon à avoir une transmission nulle pour un
certain nombre de pixels, à des positions connues. La figure II.30 page suivante présente un
spectre obtenu lors d’une calibration. Au niveau de chacun des pixels éteints, on observe un
minimum d’intensité. Le contraste obtenu est plutôt mauvais (on est loin d’une extinction
totale). Ce contraste n’est absolument pas représentatif des capacités du façonneur. En
effet, ne connaissant pas à l’avance la longueur d’onde correspondant aux pixels que l’on
veut éteindre, on programme les tensions correspondant à une transmission nulle à la
longueur d’onde centrale, ce qui n’est pas idéal. De plus, une partie de l’intensité incidente
est transmise par les interstices du masque et dégrade le contraste. L’effet de ces interstices
peut être compensé, ce qui n’est pas le cas ici. Enfin, la résolution du spectromètre utilisé
(de l’ordre de 0,1 nm) ne permet pas de bien résoudre les creux au niveau des pixels éteints.

Pour cette calibration 20 pixels ont été éteints, espacés les uns des autres de 10 pixels.
On obtient ainsi la relation entre la position sur le masque et la longueur d’onde pour une
vingtaine de points17.

Ces points sont alors utilisés pour obtenir une formule de dispersion liant la position
transverse X à la pulsation ω. Un ajustement linéaire de la dispersion est souvent suffisant.
Il est donné par :

X(ω) − X0 ≃ α(ω − ω0) (II.20)

17Lorsqu’on utilise un masque de phase seule, on peut obtenir un résultat similaire en programmant des
sauts de phase de π : au niveau de ces derniers, on observe une encoche dans le spectre[28].
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Fig. II.30 – Spectre typique lors d’une calibration de la dispersion. Le spectre
transmis (trait noir) présente des minima au niveau des différents
pixels choisis pour la calibration (indiqués par les traits gris).

où X0 est la position correspondant à la pulsation centrale ω0, et α est donné par les
formules de base des réseaux :

α = − 2πcf

dω0
2 cos(θd0)

(II.21)

θd0 est l’angle de diffraction pour la longueur d’onde centrale de l’impulsion :

θd0 = arcsin

(
λ0

d
− sin(θi)

)

(II.22)

Dans le cas de notre façonneur, qui est très dispersif, il est essentiel de tenir compte
des ordres supérieurs18. En effet, nous avons utilisé dans un premier temps l’ajustement
linéaire présenté ci-dessus et nous avons constaté des déformations sur les impulsions mises
en forme, comme cela a déjà été reporté[88, 49, 85]. Entre autres, l’introduction d’un délai
entraînait une dérive de fréquence sur les impulsions. Ces problèmes ont été résolu en
utilisant la formule de dispersion complète :

X(ω) − X0 = f. tan

[

arcsin

(
2πc

ωd
− sin(θi)

)

− arcsin

(
2πc

ω0d
− sin(θi)

)]

(II.23)

La focale f , le pas du réseau d et la pulsation centrale ω0 étant fixé, on ajuste la position
de la longueur d’onde centrale X0 et l’angle d’incidence θi à l’aide des points mesurés.
Dans la pratique, d’un jour à l’autre, la position varie au plus d’un pixel et l’angle d’inci-
dence de quelques dizaines de milliradians.

18La dispersion non-linéaire a aussi pour effet de déformer fortement les répliques dues à la pixellisation
(voir la partie II.9.2 page 47).
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II.9 Résultats et limitations

Nous possédons maintenant tous les éléments pour utiliser notre façonneur. En effet,
nous savons quel pixel agit sur quelle longueur d’onde (voir la partie II.8 page 43) et pour
une longueur d’onde donnée, nous savons quelle paire de tensions appliquer pour obte-
nir une phase et une amplitude souhaitées (voir l’équation II.11 page 37 et la partie II.7
page 35).

De façon plus précise, nous pouvons contrôler la phase et l’amplitude sur N = 640
pixels, de largeur spectrale δω et centrés en des pulsations ωn. Nous avons donc un masque
spectral de la forme

Mw(ω) =

N/2−1
∑

n=−N/2

B(n)δ(ω − ωn) ⊗ rect(ω/δω) (II.24)

où B(n) est la transmission complexe du nièmepixel que l’on contrôle par le biais du couple
de tensions appliquées au pixel.

Nous allons voir qu’une utilisation naïve de ce masque fait apparaître de nombreuses
différences entre la mise en forme programmée et celle réellement obtenue. Nous verrons
que ces différences sont dues à deux limitations inhérentes à ce type de façonneur. La
première est la pixellisation du masque utilisé et nous traiterons de ses effets en détail. La
deuxième est liée à la ligne à dispersion nulle qui introduit un couplage spatiotemporel que
nous présenterons brièvement. Nous verrons enfin quelles précautions et quelles stratégies
nous pouvons appliquer pour corriger ces défauts et obtenir les mises en formes souhaitées.

II.9.1 Approche naïve

Nous allons ici donner deux exemples simples de mise en forme que nous applique-
rons de manière directe. La démarche est la suivante. Nous souhaitons réaliser une mise
en forme spectrale donnée par la fonction de transfert Hi(ω). Nous allons tout simple-
ment échantillonner cette fonction sur les pixels du masques, c’est à dire que nous allons
programmer

Mw(ω) =

N/2−1
∑

n=−N/2

Hi,nδ(ω − ωn) ⊗ rect(ω/δω) (II.25)

où Hi,n = Hi(ωn).

II.9.1.1 Cas d’un délai

Appliquons la démarche précédente au cas d’un délai φ(1). Cela correspond à une
phase spectrale linéaire et on a la fonction de transfert suivante :

Hi(ω) = e iφ(1)(ω−ω0) (II.26)

où ω0 est la pulsation centrale de l’impulsion à mettre en forme.
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Nous avons programmé de manière directe ce type de mise en forme pour différents
délais pour des impulsions à 800 nm de 100 fs de durée. La figure II.31 présente les intensités
de correlation obtenues pour trois délais : 15 ps en trait gris clair, 20 ps en trait gris et
30 ps en trait noir. Une intensité de 1 correspond à l’intensité de l’impulsion obtenue
en demandant au façonneur un délai nul. On retrouve bien dans les trois cas une copie
de l’impulsion à mettre en forme autour du délai voulu. Cependant, l’intensité obtenue
dépend fortement du délai programmé, alors que la mise en forme programmée est une
simple phase (voir l’équation II.26 page précédente) et qu’elle devrait donc toujours donner
la même intensité en sortie. De plus on constate dans les trois cas une réplique non voulue
à délai nul dont l’intensité ne dépend pas du délai programmé. Enfin, une réplique étirée
précède toujours l’impulsion mise en forme de 35 ps environ. Elle est d’autant plus intense
que le délai demandé est important et elle peut même devenir nettement plus intense que
l’impulsion voulue. C’est le cas pour un délai de 30 ps où la pré-réplique à −5 ps est 7
fois plus intense que l’impulsion programmée. En terme d’énergie (donnée par l’aire sous
l’impulsion), l’écart entre la pré-réplique et l’impulsion voulue est encore plus grand.
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Fig. II.31 – Programmation directe de trois délais : 15 ps (trait gris clair),
20 ps (trait gris) et 30 ps (trait noir).

II.9.1.2 Cas d’une dérive de fréquence

Nous persévérerons en appliquant la même démarche pour une dérive de fréquence
φ(2). Cela correspond à une phase spectrale parabolique et on a la fonction de transfert
suivante :

Hi(ω) = e i 1
2
φ(2)(ω−ω0)2 (II.27)

La figure II.32 page suivante présente l’intensité de correlation pour une phase spectrale
quadratique φ(2) = 7.105 fs2. On constate un pic étroit à délai nul en plus de l’impulsion à
dérive de fréquence. De plus, l’impulsion à dérive de fréquence ainsi obtenue est nettement
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plus courte que ce que prévoit la théorie : 12 ps de largeur à mi-hauteur en intensité au
lieu des 19 ps attendues19.
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Fig. II.32 – Programmation directe d’une forte phase quadratique φ(2) =
7.105 fs2.

Les résultats présentés ici sont quelques peu caricaturaux. En effet, pour les besoins
de la cause, nous nous sommes placés dans des situations très défavorables. Néanmoins,
ces résultats montrent que l’approche naïve présente des dangers et qu’elle limite gran-
dement la qualité des mises en forme obtenues. Il nous faut donc pousser un peu plus
loin notre analyse du fonctionnement du façonneur. Nous allons en particulier détailler les
effets de la pixellisation du masque. Nous évoquerons ensuite les problèmes de couplage
spatio-temporels introduits par la ligne à dispersion nulle. Bien évidemment, cette analyse
est nécessaire lorsque l’on veut travailler en boucle ouverte(c’est à dire lorsque l’on souhaite
obtenir une mise en forme donnée directement, sans utiliser ni rétroaction, ni itérations).
Dans le cas d’une utilisation en boucle fermée, où on utilise un algorithme d’optimisa-
tion pour converger vers une forme de sortie donnée, cette analyse apparaît moins utile.
Pourtant, nous allons montrer que même dans ce cas, il faut connaître précisément les
limitations de son façonneur.

II.9.2 Pixellisation

Le masque que nous utilisons est composé de 640 pixels séparés par des interstices
(des "gaps" en anglais). Cette pixellisation entraîne deux conséquences.

Tout d’abord, comme nous l’avons vu dans l’approche naïve, nous ne pouvons pas
reproduire réellement une fonction de transfert donnée Hi(ω) (voir notamment l’équa-
tion II.25 page 45). Nous pouvons simplement échantillonner cette dernière, comme cela

19Par contre, les oscillations sur le profil temporel ont déjà été observées sur des corrélations d’impulsions
à forte dérive de fréquence, obtenues par d’autres moyens que le façonneur (étireur à réseaux en double
passage).
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est schématisé sur la figure II.33 : on programme sur un pixel centré en ωn la transmission
Hi(ωn). Comme tout échantillonnage, cette étape introduit une distortion entre la mise en
forme souhaitée et la mise en forme réellement appliquée. Le principal effet de cet échan-
tillonnage spectral est d’introduire dans le domaine temporel des répliques de l’impulsion
mise en forme.

Fig. II.33 – La fonction de transfert à reproduire (pointillés) est échantillon-
née sur les pixels du masque (traits noirs).

Ensuite, nous ne contrôlons pas la mise en forme au sein des interstices. Ces derniers
vont eux aussi produire un jeu de répliques temporelles qui seront liées non pas à l’impulsion
mise en forme, mais à l’impulsion entrant dans le façonneur.

Nous allons dans un premier temps étudier ces deux effets de pixellisation en suppo-
sant que la dispersion des composantes spectrales est linéaire au niveau du masque. Nous
étudierons ensuite l’effet de la dispersion non-linéaire.

II.9.2.1 Pixellisation pour une dispersion linéaire

Nous considérons ici une dispersion linéaire dans le plan du masque pour les pulsa-
tions de l’impulsion à mettre en forme. Nous noterons ω l’écart à la pulsation centrale de
l’impulsion incidente, X la position dans le plan de Fourier, l’origine étant la position de la
pulsation centrale. La dispersion linéaire est notée α (voir l’équation II.21 page 44 pour sa
valeur) et on a ainsi la relation X = αω entre la position et la pulsation. On suppose que
l’on a programmé le masque de façon à reproduire une fonction de transfert idéale Hi(ω).
La figure II.34 page suivante regroupe les différentes notations utilisées.

En s’inspirant de ce qui a été présenté sur le masque à cristaux liquides (voir l’équa-
tion II.12 page 37), et compte tenu de la dispersion linéaire, on peut écrire pour le masque :

Mw(ω) =

N/2−1
∑

n=−N/2

Hi,n rect

[
ω − nδω

rδω

]

︸ ︷︷ ︸

+

N/2−1
∑

n=−N/2

Gn rect

[
ω − (n + 1/2)δω

(1 − r)δω

]

︸ ︷︷ ︸

contribution des pixels contribution des interstices

(II.28)

où N est le nombre de pixels, δω la largeur spectrale d’un ensemble pixel-interstice, et
rect() est la fonction carré définie par l’équation II.13 page 37 et qui vaut 1 dans [−1

2
, 1

2
]

et nulle partout ailleurs. δω est reliée à la distance l entre deux pixels par δω = l/α. Hi,n

est la transmission programmée sur le nième pixel, elle vaut Hi,n = Hi(nδω). De même, Gn
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Fig. II.34 – Programmation du masque pixellisé. Hi,n est la transmission du
nième pixel et Gn celle du nième interstice.

est la transmission du nième interstice. Cette transmission est assez mal caractérisée et on
suppose le plus souvent qu’elle correspond simplement à la transmission d’un pixel soumis
à une tension nulle, soit dans notre cas une transmission de 1. Cette supposition reproduit
assez bien les observations expérimentales.
Enfin, r est un ratio qui donne la part de l occupée par le pixel : le pixel a une largeur
spatiale (respectivement spectrale) de rl (respectivement rδω) et l’interstice de (1 − r)l
(respectivement de (1 − r)δω). Pour notre façonneur, on a r = 0,97.

Nous pouvons modifier légèrement cette équation en repoussant les bornes de la
sommation à −∞ et +∞. Cela revient à dire que le masque est infini. Cette modification
est justifiée par le fait que le spectre des impulsions à mettre en forme est normalement plus
étroit que le spectre transmis par le masque et que cela ne fera donc pas de différence sur
l’impulsion de sortie.20 On obtient ainsi l’expression suivante pour le masque spectral[89] :

Mw(ω) =
∞∑

n=−∞

Hi,n rect

[
ω − nδω

rδω

]

+
∞∑

n=−∞

Gn rect

[
ω − (n + 1/2)δω

(1 − r)δω

]

(II.29)

Dans le premier terme de cette expression, on reconnaît la fonction de transfert idéale
Hi, échantillonnée spectralement avec un pas δω. Ce sous échantillonnage va se traduire
dans le domaine temporel par l’apparition de répliques espacées d’un délai T0 = 2π/δω.
Pour notre façonneur, cette fenêtre temporelle T0 est de l’ordre de 35,8 ps. Une autre façon
de voir l’effet de ce sous-échantillonnage est de dire que l’on ne contrôle le champ mis en
forme que sur une fenêtre de largeur T0.

20Même dans le cas d’un spectre tronqué par le masque, on peut faire cette approximation remplaçant
le spectre d’entrée par le spectre tronqué.
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De plus, comme chaque échantillon a un profil carré de largeur rδω, on va voir ap-
paraître une enveloppe en sinus cardinal, de pseudo-période T0/r ≃ 36,9 ps. Il en est de
même pour la contribution des interstices qui va se traduire par des répliques espacées de
T0, modulées par une enveloppe en sinus cardinal de pseudo-période T0/(1− r)r ≃ 1,19 ns.

Plus précisément, la transformée de Fourier de l’équation II.29 page précédente, donne
pour la réponse impulsionnelle m(t) :

m(t) = r sinc

(
rπt

T0

) ∞∑

n=−∞

Hi,ne
inδωt + (1 − r) sinc

(
(1 − r)πt

T0

) ∞∑

n=−∞

Gne
i(n+1/2)δωt

(II.30)
On voit ainsi bien apparaître les enveloppes en sinus cardinal (fonction notée sinc(.)),

ainsi que le poids relatif des répliques dues aux pixels et de celles dues aux interstices. On
a ainsi un rapport en intensité théorique de (r/[1 − r])2 ≃ 1000 entre la contribution des
pixels et celle des interstices.

Pour illustrer ceci, nous allons prendre le cas d’un simple délai : Hi(ω) = exp(iωτ).
Nous supposerons que la transmission des interstices et la même partout et qu’elle est égale
à celle d’un pixel soumis à une tension nulle. Cela correspond à une transmission unitaire
Gn = 1. Dans ce cas, la réponse impulsionnelle voulue est une fonction de Dirac δ(t − τ)
et celle obtenue est donnée par21 :

m(t) = r sinc

(
rπt

T0

) ∞∑

n=−∞

δ(t − τ − nT0) + (1 − r) sinc

(
(1 − r)πt

T0

) ∞∑

n=−∞

δ(t − nT0)e
iδωt

2

(II.31)
Dans ce cas très simple on obtient une infinité de copies exactes de la mise en forme

souhaitée, séparées les unes des autres de T0, avec une amplitude donnée par l’enveloppe
en sinus cardinal. On obtient aussi une infinité de répliques non-mises en forme, dues aux
interstices.

La figure II.35 page suivante présente une simulation pour un délai de 12 ps dans le
cas de notre façonneur (T0 = 35,8 ps, r = 0,97, durée des impulsions à l’entrée de 100 fs).
L’intensité du champ sortant (trait noir) ainsi que l’enveloppe des répliques dues aux pixels
(trait gris) et de celles dues aux interstices (pointillés gris) sont représentées. Le temps est
gradué en multiples de la fenêtre T0 et l’échelle d’intensité est logarithmique.

On observe bien que les répliques dues aux pixels suivent l’impulsion principale en
restant sous l’enveloppe en sinus cardinal [89], alors que celles dues aux interstices sont
fixes.

Pour des délais τ de l’ordre de T0/2, la première réplique due aux pixels (celle en
τ − T0) aura une intensité comparable à celle de l’impulsion mise en forme. On ne peut
donc plus faire de distinction entre une l’impulsion principale et sa réplique : on aurait un
résultat identique en demandant un délai de −T0/2. Nous obtenons cette singularité car
nous atteignons la limite de Nyquist. En effet, nous échantillonnons notre mise en forme
avec un pas spectral δω. Pour éviter des ambiguïtés dues au repliement temporel, la mise
en forme spectrale doit avoir une période plus grande que 2δω. Dans le cas d’une phase,

21On a utilisé ici la relation de fermeture
∑

e inδωt =
∑

δ(t − nT0).
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Fig. II.35 – Effet de la pixellisation pour un retard de 12 ps, pour une dis-
persion linéaire. Outre la mise en forme demandée, l’intensité en
sortie (trait noir) présente deux séries de répliques espacées de
T0 = 35,8 ps. Les répliques dues aux pixels suivent la mise en
forme et sont modulées par une enveloppe en sinus cardinal (trait
gris) de pseudo-période T0/r. Celles dues aux interstices sont fixes,
modulées par un sinus cardinal (pointillés gris) de pseudo-période
T0/(1 − r) très grande devant T0.

cela revient à dire que l’accroissement de phase ne doit pas dépasser 2π sur deux pixels
soit π/pixel. Pour une phase linéaire de type ωτ , cela fixe une limite supérieure à τ :

τ < π/δω = T0/2

Il s’agit donc là d’un exemple extrême. Pour éviter des répliques dues aux pixels trop
importantes, il faut restreindre la fenêtre temporelle dans laquelle on réalise les mises en
forme.

Cette approche simple, supposant une dispersion linéaire, nous a permis d’expliquer
la présence des différentes répliques (dues aux pixels ou dues aux interstices) dans les
figures II.31 page 46 et II.32 page 47. Elle explique aussi en partie la diminution d’amplitude
observée sur les impulsions fortement décalées de la figure II.31.

Par contre, elle prévoit une réplique à délai nul (due aux interstices) nettement plus
faible que celle observée expérimentalement (0,1% en théorie, de l’ordre de 2,5% dans l’ex-
périence). De plus cette réplique ne dépend pas de la mise en forme programmée alors que
dans certains cas nous avons pu observer expérimentalement des variations significatives
de celle-ci. Ces deux différences sont explicables par le comportement des cristaux liquides
au sein du masque. En effet, le masque de transmission est en fait lié à la rotation des
cristaux liquides sous l’action des deux masques de tensions qui sont appliqués aux deux
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barrettes. A la frontière entre un pixel (soumis à une tension non nulle) et l’interstice voisin,
la tension appliquée change brutalement, mais les cristaux liquides présentent quant à eux
une transition douce. Ils vont ainsi passer continûment de la rotation imposée au niveau
du pixel à la position de repos qui prévaut au sein de l’interstice. Les phases appliquées
par chacune des deux barrettes vont elles aussi présenter de telles transitions continues.
On peut ainsi reproduire les observations expérimentales en introduisant une fonction de
réponse spatiale du masque qui vient lisser les créneaux de phase appliqués pour réaliser
une mise en forme donnée.

Autre limite de cette approche, elle n’explique pas l’étalement des répliques de pixelli-
sation observé sur la figure II.31 page 46. Pour expliquer cet étalement, il faut tenir compte
de la dispersion non-linéaire dans le plan de Fourier.

II.9.2.2 Effet de la dispersion non-linéaire

Dans notre façonneur, il nous faut tenir compte de la dispersion non-linéaire, comme
nous l’avons mentionné lors de la calibration de la dispersion. En particulier, si l’on uti-
lise l’approximation linéaire de la dispersion pour programmer le masque, on observe une
distorsion des impulsions mises en forme[88].

Le principal effet de cette dispersion non-linéaire est que le masque spectral Mw(ω)
n’est plus régulier. En effet, le masque spatial MX(X) est composé de pixels spatialement
périodiques mais comme la position X et la pulsation ω ne sont plus liées par une simple
relation linéaire, ces pixels sont de largeur variable dans le domaine spectral.

Or les répliques étaient directement liées à la périodicité de l’échantillonnage dans le
domaine spectral. Maintenant que cette périodicité est mise en défaut, les différentes ré-
pliques vont être déformées[85]. La figure II.36 page suivante présente la même simulation
que celle de la figure II.35 page précédente mais en prenant la formule complète pour la
dispersion spatiale au niveau du masque. Les mêmes paramètres et notations sont utilisées
que pour la figure II.35. On constate que les différentes répliques montrent un fort élargis-
sement et une intensité crête très inférieure à celle obtenue dans l’approximation linéaire
(seule la réplique à délai nulle reste inchangée). En fait, ces répliques ont une forte dérive
de fréquence, d’autant plus grande qu’elles sont loin du délai nul. Ce type de déformation
a déjà été rencontré lors de l’étude de la dispersion non-linéaire dans les spectromètre et de
son effet sur l’interférométrie spectrale[90]. L’effet de la dispersion non-linéaire est plutôt
positif car il tend à diminuer l’intensité des répliques, qu’elles soient dues aux pixels ou
aux gaps22. Dans le cas, fréquent, où l’impulsion mise en forme participe à un processus
non-linéaire, cette diminution de l’intensité crête de plus d’un ordre de grandeur est très
profitable.

En fait, l’étirement de ces répliques est l’analogue de l’étalement d’un paquet d’onde
vibrationnel dans un puits de potentiel anharmonique. En effet, tout comme un paquet
d’onde, l’impulsion mise en forme s’écrit comme la superposition d’un nombre fini de
niveaux. Ces niveaux sont les N pixels composant le masque, centrés à des pulsations ωn

qui dépendent de la dispersion dans le plan du masque. La non linéarité de la dispersion
est l’analogue de l’anharmonicité des niveaux qui constituent le paquet d’onde.

22Cependant, l’énergie des différentes répliques n’est pas modifiée par la dispersion non-linéaire.
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Fig. II.36 – Effet de la dispersion non-linéaire sur les répliques dues à la pixel-
lisation pour un retard de 12 ps. Les répliques présentes sur l’in-
tensité de sortie (trait noir) présentent de fortes dérives de fré-
quence. Leur intensité crête est ainsi inférieure à l’enveloppe pré-
vue (trait gris pour les répliques des pixels et pointillés gris pour
celles des interstices) par l’approximation linéaire de la dispersion.

Si on crée un paquet d’onde dans un puits anharmonique, celui-ci va osciller en se
déphasant ; il va revenir périodiquement à sa position d’origine en étant à chaque fois plus
dispersé. C’est exactement ce que l’on observe dans la mise en forme obtenue : périodique-
ment, on voit réapparaître l’impulsion mise en forme, à chaque fois plus étalée. Il existe
cependant une différence quantitative qui est le nombre de niveaux : nous avons 640 pixels,
ce qui est 10 à 50 fois supérieur au nombre d’états mis en jeux habituellement dans les
expériences de dynamique de paquet d’onde[91, 92]. Cela nous rend extrêmement sensible
à l’anharmonicité.

De plus dans le cas de notre façonneur, on a deux "paquets d’onde" : l’un est dû aux
interstices et l’autre aux pixels. En jouant sur les transmissions complexes des pixels, on
change le paquet d’onde initial dû aux pixels (c’est à dire la réplique principale mise en
forme). On ne peut par contre pas agir sur le paquet d’onde dû aux interstices.

Une application intéressante de cette analogie est la possibilité de refocaliser une des
répliques dues aux interstices : c’est l’analogue de la refocalisation de paquet d’onde étudiée
théoriquement[93] et observée expérimentalement[94]. Dans ces expériences, on prépare le
paquet d’onde initial avec une relation de phase donnée. Celle-ci est l’opposée de la phase
non linéaire accumulée par le paquet d’onde après un certain temps de propagation τ . Au
bout d’un temps τ , on obtient un paquet d’onde focalisé temporellement.

Transposé au cas de notre façonneur, cela veut dire que l’on peut recomprimer n’im-
porte quelle réplique due aux interstices. Il suffit pour cela de programmer sur la réplique
principale la phase compensant la dispersion de la réplique visée.
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Une telle refocalisation a été simulée sur la figure II.37. Le trait noir représente
l’intensité temporelle obtenue (en échelle logarithmique) en programmant une impulsion
retardée de 12 ps (soit de l’ordre de T0/3) avec une phase quadratique φ(2) = −6.104 fs2.
Pour comparaison, les tirets gris montrent l’intensité déjà obtenue en absence de phase
quadratique. On observe la recompression presque parfaite de la réplique en t = −23 ps
(c’est à dire −2/3T0). L’intensité crête de cette réplique est 5 fois plus élevée que celle de
l’impulsion principale étirée.

Fig. II.37 – Effet de la dispersion non-linéaire et de la pixellisation pour un
retard de 12 ps : sans dérive de fréquence (tirets gris) et avec une
phase quadratique φ(2) = −6.104 fs2 (trait noir).

Il est ainsi très important de tenir compte des effets de pixellisation et de dispersion
non linéaire lors de la programmation du façonneur, faute de quoi on peut se retrouver dans
une situation où l’impulsion principale est nettement moins intense que certaines répliques
de pixellisation.

Tout ce qui a été présenté ici se transpose à tout autre masque pixellisé, comme les
masques à cristaux liquides à deux dimensions[76] et les miroirs MEMS[45]. Par contre, les
masques non pixellisés comme les modulateurs acousto-optiques, les miroirs à membrane
déformable ou les valves optiques ne présentent pas de telles répliques23.

II.9.3 Couplage spatio-temporel

Aux effets de la pixellisation du masque, s’ajoute une limitation qui est propre aux
lignes à dispersion nulle. C’est le défaut le plus connu de l’ensemble des façonneurs reposant

23Ils ont par contre d’autres inconvénients comme le manque d’efficacité pour les modulateurs acousto-
optiques ou la complexité pour les valves optiques qui nécessitent un faisceau laser de contrôle mis en forme
à l’aide d’un masque à cristaux liquides. De plus, ces dispositifs non pixellisés ne peuvent pas reproduire
des variations très abruptes de la phase ou de l’amplitude comme des sauts de phase ou des créneaux
d’amplitude
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sur une ligne à dispersion nulle : le couplage spatio-temporel. On peut se faire une idée de
la physique que cache une telle appellation assez simplement. Il suffit pour cela de sup-
poser que la dispersion au niveau du masque est linéaire et de prendre l’exemple d’un délai.
L’introduction d’un délai correspond à une phase spectrale linéaire. Spatialement, le masque
applique donc une phase linéaire. Il se comporte donc comme un prisme et l’impulsion est
déviée. En sortie, l’impulsion sera donc décalée temporellement et spatialement.

A travers cet exemple, on comprend bien l’origine du couplage spatio-temporel : on
agit sur les composantes spectrales alors qu’elles sont couplées à la position transverse dans
le plan de Fourier. On agit ainsi sur les deux à la foi.

Nous ne détaillerons pas ici complètement les calculs permettant d’obtenir le champ
de sortie en fonction de la mise en forme programmée. Ceux-ci ont été détaillés dans plu-
sieurs articles, notamment les références [86, 95]. Nous donnons les étapes essentielles de
ces calculs en annexe B page 157. Dans cette partie, nous nous contenterons de donner
l’expression du champ en sortie du façonneur et d’en montrer les implications. Nous ver-
rons en particulier que ce champ se présente le plus souvent comme une fonction où les
variables spatiales et temporelles ne sont pas séparables. Nous donnerons enfin l’expression
analytique simplifiée du champ de sortie dans le cas d’un filtrage spatial de la sortie du
façonneur. Nous illustrerons ces explications par l’exemple de séquences d’impulsions.

II.9.3.1 Expression du champ de sortie

Nous souhaitons donner ici le lien entre le champ en entrée du façonneur et celui
obtenu en sortie, pour un masque programmé Mw(ω). Du point de vue spatial, seule nous
importe la coordonnée transverse horizontale x selon laquelle se fait l’étalement des pulsa-
tions au sein de la ligne. Selon la verticale y, il n’y a pas de changement et nous omettrons
cette coordonnée. Nous supposerons que le champ en entrée possède un profil transverse
gaussien de largeur à mi-hauteur en intensité ∆x. Nous supposerons que les dépendances
spatiales et spectrales sont factorisables24. Nous l’écrivons donc sous la forme :

EE(ω, x) = EE(ω)e−2 ln(2)( x
∆x)

2

= EE(ω)4−( x
∆x)

2

(II.32)

La pulsation ω est définie par rapport à la pulsation centrale ω0.
Le champ en sortie du façonneur peut s’écrire comme :

ES(ω, x) = EE(ω)

∫

e i x
v
ω′

Mw(ω′ + ω)4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (II.33)

où on a introduit les deux paramètres v et ∆ω′ dont les expressions sont détaillées dans
l’annexe B page 157. Nous nous contenterons ici de donner une idée qualitative de leur
signification physique. ∆ω′ est ainsi lié à la taille finie ∆X des taches focales dans le plan
du masque : celle-ci "lissent" l’effet des cristaux liquides. La partie intégrale de l’équa-
tion II.33 traduit entre autre cette convolution du masque par le profil spatial de chacune
des composantes spectrales. La vitesse de couplage spatio-temporel v traduit quant à elle le

24Il n’y a aucun couplage entre les deux : ni dérive spatiale de fréquence, ni aberration chromatique...
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double rôle joué par le masque à cristaux liquides : masque spectral (grace à la dispersion
des composantes spectrales) mais aussi masque spatial qui agit sur fréquences spatiales du
faisceau de sortie. Elle est directement proportionnelle au pas des réseaux : elle sera d’au-
tant plus faible que les réseaux seront dispersifs. Plus cette vitesse est faible et moins les
effets de couplage spatio-temporel se feront sentir. Bien qu’implicite, ce couplage apparaît
très clairement dans cette équation : la position transverse est, à un facteur 1/v près, la va-
riable conjuguée de la pulsation. De plus, cette équation permet de calculer analytiquement
le champ en sortie pour certains masques simples25.

II.9.3.2 Couplage : cas d’un délai.

Nous allons ici intégrer analytiquement l’équation II.33 page précédente dans le cas
simple d’un décalage temporel. Cela nous permettra de faire apparaître le décalage spatial
associé par couplage et d’expliquer de façon rigoureuse l’exemple donné page 55.

Pour retarder d’un délai τ l’impulsion traversant la façonneur, le masque doit intro-
duire une phase spectrale linéaire de la forme φ(ω) = ωτ . Cela correspond à un masque :

Mw(ω) = e iωτ (II.34)

Le champ en sortie s’écrit donc :

ES(ω, x) = e iωτEE(ω)

∫

e i x
v
ω′

e−iω′τ4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (II.35)

On voit ainsi apparaître la mise en forme spectrale souhaitée ainsi qu’une intégrale dépen-
dant de la position et du délai introduit. Cette intégrale n’est autre que la transformée de
Fourier d’une gaussienne, multipliée par une phase linéaire. On a donc

ES(ω, x) = e iωτEE(ω)4−(x/v−τ
∆T )

2

(II.36)

où l’on posé ∆T = 4 ln(2)/∆ω′. En utilisant la définition de EE(ω, x) ainsi que le lien entre
∆ω′ et ∆x (voir l’équation B.17 page 161) on peut écrire

ES(ω, x) = e iωτEE(ω)4−(x−vτ
∆x )

2

= e iωτEE(ω, x − vτ) (II.37)

En définissant ES(t, x) comme la transformé de Fourier inverse de ES(ω, x) on peut expri-
mer ce même résultat dans le domaine temporel :

ES(t, x) = EE(t − τ, x − vτ) (II.38)

On obtient ainsi bien un champ décalé temporellement de τ , mais aussi décalé spa-
tialement de vτ .
La figure II.38 page suivante est une simulation présentant les impulsions obtenues en
programmant une séquence de trois impulsions, décalées de 5 ps. Nous avons utilisé les

25Autre intérêt de cette écriture, I. Wamsley et C. Dorrer ont montré que l’on peut calculer simplement
un paramètre de le couplage spatio-temporel à partir de E(x, ω). Ils ont aussi démontré la possibilité de
mesurer ce paramètre expérimentalement de façon linéaire[96].
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Fig. II.38 – Effet du couplage spatio-temporel sur une séquence de trois im-
pulsions séparées de 5 ps. L’intensité des trois répliques (dégradé
du blanc au noir, noir pour le plus intense) est représentée en fonc-
tion du temps et de la position transverse. Les pointillés noirs re-
lient les maxima des répliques et les pointillés gris les mi-hauteurs.

caractéristiques de notre façonneur et pris des impulsions d’entrée de largeur à mi-hauteur
en intensité de ∆t = 150 fs pour le profil temporel et de ∆x = 2 mm pour le profil spatial
transverse. L’intensité du champ en sortie du façonneur (dégradé du blanc au noir, noir
pour le plus intense) est représentée en fonction de la position transverse et du temps.
Les pointillés noirs relient les maxima des répliques, les pointillés gris les mi-hauteurs. On
observe bien un décalage spatial proportionnel au décalage temporel. Ces deux décalages
sont liés par la vitesse de couplage[48] introduite plus haut : v est la pente de la droite
en pointillés noir. On voit bien sur cette figure que plus v sera faible, moins les répliques
seront décalées hors de l’axe de propagation. Pour notre façonneur, particulièrement dis-
persif, ce couplage vaut en valeur absolue 83 µm/ps. Ceci est relativement faible comparé
à des dispositifs standards (145 µm/ps dans la référence [95]).

Cet effet n’est pas négligeable pour autant et il faut en tenir compte lorsque la mise en
forme programmée s’étend sur un intervalle temporel dépassant la dizaine de picosecondes.

Dans le cas d’une phase spectrale quadratique, on peut aussi écrire le champ en sortie
de façon analytique. Ce calcul est mené dans l’annexe B page 157 et il montre que la dérive
de fréquence temporelle est accompagnée d’une dérive de fréquence spatiale ("spatial chirp"
en anglais), les deux étant liées par le coefficient v.

II.9.3.3 Filtrage spatial et couplage spatio-temporel

Pour limiter les effets de couplage spatio-temporel, il est possible de filtrer spatiale-
ment le faisceau de sortie. Différents types de filtrage sont possibles, mais le plus souvent un
simple diaphragme est placé sur le faisceau de sortie. Dans notre façonneur, ce filtrage est
réalisé par le diaphragme commun aux faisceaux d’entrée et de sortie (D0 sur la figure II.16
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page 31).
Après le filtrage, on peut écrire pour le champ de sortie[86, 48, 95, 28] :

ES(ω, x) = EE(ω, x)

∫

Mw(ω′ + ω)4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (II.39)

Cela revient en fait à décomposer l’équation II.33 page 55 sur les différents modes hermito-
gaussiens[29] et à n’en garder que le mode gaussien.

On voit apparaître la fonction de transfert H(ω) du façonneur qui vaut :

H(ω) =

∫

Mw(ω′ + ω)4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ =

∫

Mw(ω′)4
−

(
ω′

−ω
∆ω′

)2

dω′ (II.40)

Le masque programmé est ainsi convolué par une gaussienne de largeur à mi-hauteur en
intensité ∆ω′. Cela revient à dire que la mise en forme temporelle correspondant à ce
masque sera multipliée par une enveloppe gaussienne de largeur à mi-hauteur :

∆T =
4 ln(2)

∆ω′
=

∆x

|v| (II.41)

Même après le filtrage, on voit encore un effet du couplage spatio-temporel : la mise en
forme temporelle se fait sous une enveloppe gaussienne directement proportionnelle au
profil spatial de l’impulsion d’entrée.

Une explication simple à cette gaussienne temporelle et à son lien avec le profil spatial
peut être donnée en prenant l’exemple d’une séquence d’impulsions. On reprend pour cela
ce qui a été fait dans la partie précédente, notamment l’expression d’une impulsion décalée
temporellement (voir l’équation II.38 page 56). On suppose toujours que les impulsions
d’entrée ont une durée de ∆t = 150 fs et une largeur de ∆x = 2 mm et on utilise la vitesse
de couplage spatio-temporel v de notre façonneur (v = −83µm/ps).

On considère une séquence de treize impulsions séparées de 5 ps réalisée avec le
façonneur. Elle est représentée, en intensité, en fonction de la position transverse et du
temps, dans le haut de la figure II.39 page ci-contre. Comme dans la figure II.38 page
précédente, les pointillés noirs relient les maxima des répliques, les pointillés gris les mi-
hauteurs. L’approximation gaussienne, ou le filtrage spatial, revient à ne garder de tout
ceci que ce qui est le long de l’axe x = 0. C’est ce qui a été fait dans le bas de la figure
II.39 : le trait noir représente l’intensité en fonction du temps le long de la coupe et le trait
gris est l’enveloppe temporelle gaussienne théorique.

On voit ici l’origine physique de l’enveloppe temporelle gaussienne : plus les impul-
sions sont décalées temporellement, plus elles s’éloignent de l’axe x = 0 et plus l’intensité
qui reste au niveau de l’axe est faible. En fait, En décalant temporellement une impulsion,
on parcourt son profil transverse : plus l’impulsion sera large spatialement, plus il faudra
la décaler temporellement pour obtenir une atténuation donnée. Ceci explique la propor-
tionnalité entre ∆T et ∆x (équation II.41).
Enfin, on retrouve la largeur à mi-hauteur de la gaussienne temporelle en regardant l’in-
tersection de l’axe x = 0 avec les deux droites en pointillés gris qui délimitent la largeur à
mi-hauteur spatiale.
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Fig. II.39 – Haut : 13 impulsions séparées de 5 ps. Intensité (blanc au noir,
noir pour le plus intense) en fonction du temps et de la position
transverse. Les pointillés noirs relient les maxima, les gris les mi-
hauteurs. Bas : même séquence dans le cas d’un filtrage spatial.
L’intensité de sortie (trait noir) ainsi que l’enveloppe temporelle
(trait gris) sont représentées en fonction du temps.

Cette enveloppe gaussienne a été mesurée expérimentalement, pour différentes lar-
geurs spatiales, en appliquant divers délais à l’aide du façonneur. La figure II.40 page
suivante présente les résultats obtenus pour un faisceau incident de 2,0 mm de diamètre
(largeur à mi-hauteur en intensité ∆x).

Les carrés noirs correspondent aux intensités de corrélation de l’impulsions retardée
avec une impulsion de référence. En trait gris est représenté un ajustement de l’enveloppe
gaussienne. On trouve une largeur temporelle de 23 ps en bon accord avec la théorie qui
donne 24 ps. Une deuxième expérience avec un diamètre de faisceau de 1,0 mm donne une
largeur de 13 ps toujours en bon accord avec la théorie.

On remarque que la gaussienne temporelle n’est pas tout à fait centrée sur t = 0,
mais légèrement décalée vers les délais positifs. Ceci est simplement dû à un diaphragme
de filtrage spatial légèrement hors d’axe : la coupe du profil spatio-temporel se fait ainsi
selon un axe x = x0 avec x0 6= 0 (voir la figure II.39). Le décalage temporel observé ici
correspond à un décalage spatial de l’ordre de 150 µm, ce qui est tout à fait raisonnable.
On peut en fait choisir le centre de la gaussienne temporelle en décalant latéralement le
diaphragme de filtrage.
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Fig. II.40 – Mise en évidence de l’enveloppe temporelle. Intensité de corréla-
tion (carrés noirs) pour différents retards introduits par le façon-
neur. Une enveloppe temporelle gaussienne (trait gris) de 23 ps
de durée est clairement visible.

II.9.3.4 Effet du filtrage sur les répliques de pixelisation

Le filtrage que nous avons présenté ci-dessus a un autre effet bénéfique : il tend à
réduire l’importance des répliques dues aux pixels et aux interstices. Grace à l’enveloppe
temporelle gaussienne, les répliques sont plus faibles et ce d’autant plus qu’elles sont éloi-
gnées de t=0. Cela est clairement visible sur la figure II.41 page suivante où l’on a comparé
l’intensité en sortie de la ligne sans tenir compte du couplage spatiotemporel (pointillés
gris) et en tenant compte de celui-ci (trait noir). Nous avons repris les mêmes paramètres
que pour la figure II.41 page ci-contre, en utilisant pour le couplage spatiotemporel un
diamètre à mi-hauteur en entrée de la ligne de 2 mm. Cela correspond à une gaussienne
temporelle de 23 ps (voir page 58).

II.9.4 Utilisation d’algorithmes d’optimisation

Les différentes limitations que nous venons de détailler sont évidemment très impor-
tante pour les expérimentateurs qui souhaitent obtenir directement une mise en forme don-
née (travail en boucle ouverte). De nombreuses expérimentateurs adoptent une approche
un peu différente en laissant la programmation de leur façonneur évoluer de manière itéra-
tive afin d’obtenir une mise en forme, ou un résultat expérimental souhaité. Il s’agit alors
d’une utilisation en boucle fermée.

Même pour ce genre d’utilisation du façonneur, il est extrêmement important d’en
connaître les limites. En effet, nous avons vu au travers des exemples de l’approche naïve
(voir la partie II.9.1 page 45) que les mises en forme programmées peuvent fortement
différer de celle obtenues si on ne prend pas un minimum de précautions. Il ne faut donc
pas analyser la solution vers laquelle une optimisation a convergé en regardant uniquement
la programmation du façonneur. Il est important de caractériser de manière indépendante
l’impulsion obtenue en sortie.

De plus, il faut être très prudent lors de cette caractérisation. Nous avons vu en
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Fig. II.41 – Effet du couplage spatiotemporel sur les répliques. Intensité des
répliques en tenant compte du couplage spatiotemporel (trait
noir) et en le négligeant (pointillés gris). Lorsque l’on tient compte
de tous les effets cumulés on constate une nette diminution des
répliques.

effet lors de l’étude de la pixellisation que sous certaines conditions, l’impulsion principale
(celle à laquelle on s’attend dans une approche naïve) est nettement moins intense que
les répliques de pixellisation (voir la partie II.9.2.2 page 53). Or ces dernières sont loin de
l’impulsion principale et on peut facilement les rater lors de la caractérisation si on n’a pas
en tête la largeur de la fenêtre temporelle.

De même, de nombreux travaux sont effectués avec des façonneurs qui ne contrôlent
que la phase spectrale des impulsions, pas l’amplitude. Ces façonneurs ont l’inconvénient
de ne pas permettre la réalisation de mises en forme arbitraires, celles-ci nécessitant aussi
le contrôle de l’amplitude. Ils permettent par contre de simplifier l’analyse des résultats
car l’amplitude spectrale est constante, quelle que soit la mise en forme. Cela permet de
comparer différents résultats d’optimisation en supposant l’énergie constante. Dans ce genre
d’analyse, il est très important de se préoccuper du couplage spatio-temporel. En effet, ce
dernier introduit une sorte de mise en forme en amplitude qui dépend de la mise en forme
en phase programmée. Nous avons ainsi vu que des impulsions décalées temporellement ont
une amplitude qui dépend fortement du délai introduit et de la taille spatiale du faisceau
d’entrée. Pour pouvoir prétendre travailler à intensité constante, il faut restreindre les
mises en forme réalisées par l’algorithme à une plage temporelle faible devant l’enveloppe
temporelle gaussienne, ou encore introduire des corrections d’amplitude.

II.9.5 Possibilités de compensation

Les deux principales limitations présentées précédemment ne sont pas aussi rédhibi-
toires qu’il n’y paraît.
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Tout d’abord, dans certains cas, la fonction de transfert du façonneur, obtenue sans
la moindre correction, est tout à fait suffisante. Prenons par exemple une mise en forme
s’étendant sur une fenêtre de quelques picosecondes, afin que l’atténuation temporelle gaus-
sienne et sinus cardinal soit négligeable, et supposons que cette fenêtre ne contient aucune
réplique de pixels ou d’interstices. Si on fait une somme de fréquence entre cette impulsion
mise en forme et une impulsion de durée comparable, on obtiendra un signal somme ne
présentant ni réplique, ni déformation temporelle. On peut remplacer dans cet exemple la
somme de fréquence par n’importe quel système ayant un "temps de réponse" court devant
la durée séparant l’impulsion mise en forme de ses plus proches répliques.

Ensuite, dans les cas où le système qui interagit avec l’impulsion mise en forme
"intègre" sur un temps long (par exemple une interaction résonnante avec une transition
à deux niveaux vers un niveau métastable), il est possible de jouer sur les paramètres du
façonneur et ceux de l’impulsion d’entrée pour minimiser les répliques et les déformations
temporelles.

Nous allons ainsi présenter comment éliminer les répliques dues aux interstices et
comment tirer profit du couplage spatio-temporel pour atténuer celles dues aux pixels.

II.9.5.1 Compensation des répliques dues aux interstices

Dans la partie II.9.2 page 47, nous avons supposé que la transmission complexe Gn des
différents pixels était la même pour tous et indépendante de la mise en forme programmée.
On suppose le plus souvent que cette transmission équivaut à celle d’un pixel pour une
tension d’adressage nulle. Cette supposition implique que les répliques dues aux interstices
sont fixes à des délais multiples de T0. On peut alors calculer le masque à appliquer pour
obtenir une mise en forme donnée tout en supprimant ces répliques non voulues[48]. Il
est aussi possible de compenser "à la main" ces répliques en ajoutant à la mise en forme
voulue une mise en forme correspondant à une impulsion à délai nul, avec une phase φ et
une amplitude A :

M (1)
w (ω) = Mw(ω) + Ae iφ (II.42)

Avec cette modification, on ajoute à chaque réplique due aux interstices, une réplique de
pixellisation liée à Ae iφ. En ajustant φ et A, on peut annuler presque complètement les
répliques des interstices. C’est cette méthode que nous avons employée le plus souvent
lorsqu’il s’est avéré nécessaire de compenser l’effet des interstices.

La figure II.42 page ci-contre montre une telle compensation dans le cas d’une im-
pulsion décalée temporellement de −2 ps. Le trait gris (partie haute) est l’intensité de
corrélation avec une impulsion courte, en l’absence de compensation des répliques dues
aux interstices. Le trait noir (partie basse), est la même intensité, avec compensation. La
compensation a été faite avec une amplitude A = 0,18 et une phase φ = π. On constate
une disparition totale de la réplique due aux interstices.

Sur la figure II.43 page suivante la compensation est faite sur une impulsion à forte
dérive de fréquence : φ(2) = 7.105 fs2. Le trait gris (partie haute) est l’intensité en l’absence
de compensation et le trait noir (partie basse), avec compensation. La compensation a été
réalisée avec une amplitude A = 0,20 et une phase φ = π. Ici encore, la réplique a été
totalement annulée.
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Fig. II.42 – Compensation des répliques dues aux interstices pour un délai de
−2 ps. Sans compensation (trait gris), on observe sur l’intensité
un pic à t=0. Avec compensation (amplitude A = 0,18 et phase
φ = π) (trait noir), ce pic a totalement disparu.
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Fig. II.43 – Compensation des répliques dues aux interstices pour une phase
quadratique φ(2) = 7.105 fs2. Sans compensation (trait gris), on
observe à t=0 un pic étroit six fois plus intense que l’impulsion
mis en forme. Avec compensation (amplitude A = 0,2 et phase
φ = π) (trait noir), ce pic a totalement disparu.
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Comme ces exemples le montrent, cette approche "manuelle" fonctionne relativement
bien. La compensation à introduire semble conforter l’idée que la transmission des inter-
stices correspond à la mise en forme pour une tension nulle. En effet, pour une tension nulle,
on obtient une mise en forme proche de l’identité et ici, la compensation est optimale est
toujours obtenue pour φ = π.

Cependant, l’amplitude de la compensation à apporter varie en fonction de la mise en
forme programmée. Ceci est dû au comportement des cristaux liquides à l’interface entre
un pixel et l’interstice voisin (déjà évoqué dans la partie II.9.2.1 page 51). Ceux-ci passent
continûment de l’orientation imposée au niveau du pixel à l’orientation de repos au niveau
de l’interstice. Cette transition dépend fortement de la tension qui est appliquée au pixel
et donc du type de mise en forme. Il n’existe pour l’instant pas de modèle permettant de
calculer l’importance de la réplique due aux interstices pour une mise en forme donnée.

Pour compenser plus précisément cette réplique, ainsi que les autres déformations, il
est possible d’avoir recours à des algorithmes d’optimisation itératifs. Si un tel modèle pour
la transition à l’interface pixel/interstice existait, nous pourrions tout à fait compenser la
réplique sans recourir à des algorithmes itératifs.

II.9.5.2 Atténuation des répliques de pixellisation

Nous venons de voir qu’il était relativement facile de compenser les répliques dues aux
interstices. Il serait illusoire de croire que l’on peut faire de même avec les répliques dues
à la pixelisation26. Nous avons vu en effet qu’à cause de la pixellisation nous ne contrôlons
le champ mis en forme qu’à l’intérieur d’une fenêtre de T0 ≃ 35,8 ps et que justement les
répliques sont à l’extérieur de cette fenêtre.

Il est cependant possible de jouer sur le couplage spatio-temporel pour atténuer ces
répliques. En effet, le couplage spatio-temporel dans l’approximation gaussienne se traduit
par une multiplication du champ de sortie par une gaussienne temporelle. On peut varier à
volonté la largeur et la position temporelle de cette gaussienne en jouant respectivement sur
le diamètre du faisceau d’entrée (voir l’équation II.41 page 58) et le filtrage spatial en sortie
(voir la remarque page 59). Expérimentalement, il suffit donc de changer l’ouverture du
diaphragme d’entrée et la position du diaphragme de sortie pour contrôler cette enveloppe
gaussienne. L’idée est de centrer cette gaussienne sur la mise en forme souhaitée en ajustant
au mieux sa largeur pour écraser les répliques sans toutefois trop déformer la mise en forme.

II.10 Applications

Nous avons utilisé le façonneur que nous venons de décrire en détail pour de nom-
breuses expériences. Les objectifs que nous nous étions fixés lors de sa construction étaient
une haute résolution spectrale et un contrôle complet du champ (phase et amplitude). La
grande résolution spectrale se traduit par une fenêtre temporelle disponible pour la mise
en forme très large (de l’ordre de 35 ps). Elle se traduit aussi par la possibilité de réaliser
des mises en forme très complexes.

26La solution existe mais n’est pas simple : remplacer le masque par un masque non pixellisé !
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Nous allons présenter ici différents résultats qui sans être exhaustifs nous semblent
caractéristiques des possibilités de notre façonneur. Nous montrerons tout d’abord les pre-
mières expériences visant à déterminer les capacités et les limites de notre façonneur. Nous
présenterons ensuite des mises en forme utilisées pour du contrôle cohérent dans l’atome de
rubidium (détaillé dans le chapitre IV page 95). Puis nous décrirons succinctement les résul-
tats obtenus sur la compensation de dispersion résonnante (traitée en détail dans la thèse
de Jean-Christophe Delagnes[97] ainsi que dans la référence[98]). Enfin, nous montrerons
les possibilités de la ligne repliée II.2.3 page 23.

II.10.1 Expériences de Démonstration

Lors des expériences de caractérisation du façonneur, nous avons pu montrer une
transmission en puissance de plus de 60% pour l’ensemble du dispositif avec un facteur
d’extinction27 de 20 dB. Avec des corrections appropriées (voir la partie II.9.2 page 47), il
est même possible d’atteindre 30 dB.

Pour montrer l’intervalle temporel disponible pour réaliser les mise en formes, nous
avons programmé différents délais. Cela correspond à des fonctions de transfert du type
H(ω) = e−iφ(1)(ω−ω0), où ω0 est la pulsation centrale du laser et φ(1) le délai souhaité. La
figure II.44 rappelle les résultats obtenus pour différents délais compris entre -30 ps et
30 ps. Comme cela a été expliqué dans la partie II.9.3.3 page 57, on voit apparaître une
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Fig. II.44 – Mise en évidence de l’enveloppe temporelle. Intensité de cross-
corrélation (carrés noirs) pour différents délais introduits par le
façonneur. Une enveloppe temporelle gaussienne (trait gris) est
clairement visible (voir la partie II.9.3.3 page 57).

enveloppe gaussienne de largeur à mi-hauteur en intensité de 23 ps. Cette durée dépend
fortement du diamètre du faisceau incident et peut être augmentée en utilisant un fais-
ceau plus gros. Avec le faisceau utilisé ici (2 mm de diamètre), on peut donc réaliser des
mises en forme s’étalant sur une vingtaine de picosecondes sans trop perdre en intensité.
Cet intervalle temporel est plus faible que la fenêtre temporelle maximale T0 ≃ 35,8 ps

27Il s’agit du rapport entre l’intensité transmise maximale et l’intensité transmise minimale.
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de notre façonneur en l’absence de couplage spatio-temporel. Il reste cependant très grand
devant ce qui est réalisable avec les façonneurs que l’on trouve dans la littérature[28, 95, 48].

A titre d’exemple, la figure II.45 donne les tensions appliquées aux deux barrettes de
cristaux liquides (SLM1 et SLM2) pour obtenir un délai de −1 ps.
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Fig. II.45 – Tensions (en digit : 4096 niveaux de gris) appliquées aux deux
barrettes de cristaux liquides (SLM1 et SLM2) pour l’obtention
d’un délai de −1 ps.

Afin d’illustrer la réalisation de mise en formes complexe, nous avons programmé les
mises en formes suivantes.

(a) Trois paires d’impulsions de même amplitude. Les intensités relatives entre les
paires sont de 1/2, 1 et 1/3. Ceci correspond à une fonction de transfert :

H(a)(ω) ∝ e−iφ
(1)
11 (ω−ω0)+e−iφ

(1)
12 (ω−ω0)

2
+e−iφ

(1)
21 (ω−ω0) + e−iφ

(1)
22 (ω−ω0)

+e−iφ
(1)
31

(ω−ω0)+e−iφ
(1)
32

(ω−ω0)

3
+A(a)e

iφ(a)

où les τij sont les positions des différentes impulsions de la séquence, ω0 la pulsation
centrale du laser et A(a)e iφ(a) la compensation des répliques dues aux interstices,
ajustée à la main.

(b) Une impulsion carré de 700 fs de durée, soit une fonction de transfert :

H(b)(ω) ∝ sinc ((ω − ω0)T/2) e−iφ(1)(ω−ω0) + A(b)e
iφ(b)

avec T la durée de l’impulsion carré et φ(1) sa position.
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(c) Trois impulsions, la première avec une phase cubique, la seconde une phase plate
et la dernière une phase quadratique. Soit :

H(c)(ω) ∝ e−iφ
(1)
1 (ω−ω0)−i φ(3)

6
(ω−ω0)3 + 1+ e−iφ

(1)
2 (ω−ω0)−i φ(2)

2
(ω−ω0)2 + A(c)e

iφ(c)

La figure II.46 présente l’intensité de corrélation obtenue pour ces trois exemples. Les
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Fig. II.46 – Cross-corrélations théoriques (traits gris) et expérimentales (car-
rés noirs). (a) 3 paires d’impulsions d’intensités relatives 1/2, 1
et 1/3, (b) impulsion carré de 700 fs, et (c) trois impulsions avec
une phase cubique (9.107 fs3), une phase plate et une phase qua-
dratique (5.104 fs2).

carrés noirs correspondent aux résultats expérimentaux et les traits gris aux mises en forme
demandées28. Dans tous les cas, l’accord est excellent, bien que la compensation des défauts
inhérents à ce type de façonneur soit ici très basique. En effet, nous n’avons pas cherché à
compenser l’effet de l’enveloppe temporelle gaussienne (couplage spatio-temporel) et nous
avons compensé la réplique à délai nul simplement en ajoutant une impulsion à délai nul,
en opposition de phase (voir la partie II.9.5.1 page 62). Pour de meilleurs résultats, les

28C’est à dire aux fonctions de transfert présentées plus haut. Nous ne tenons absolument pas compte
des défauts de la ligne, à savoir la pixellisation et le couplage spatio-temporel pour ces courbes théoriques.
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effets de pixellisation et de couplage spatio-temporel devraient être compensés de manière
plus fine. Cela peut être fait en utilisant une procédure itérative[48].

De plus, on observe que la plage temporelle de mise en forme est particulièrement
large. Des mises en formes s’étalant sur plus de 10 ps sont facilement réalisables. Des
mises en forme plus longues peuvent être générées mais il faut alors corriger l’amplitude
temporelle pour tenir compte de l’enveloppe gaussienne.

Dans le cas de l’impulsion carré (figure II.46 (b)), on observe des oscillations sur le
plateau qui sont entièrement dues à la faible largeur spectrale de l’impulsion à mettre en
forme. La mise en forme spectrale est donc tronquée. Pour des impulsions carrées plus
longues, on observe des oscillations moindres.

A titre d’exemple, les tensions appliquées aux deux barrettes de cristaux liquides
(SLM1 et SLM2) pour la réalisation de cette impulsion carrée sont données sur la fi-
gure II.47. Les tensions sont données en digit, c’est à dire en niveaux de gris compris entre
1 et 4096 (4096 digits correspondent à une tension maximale de 8V).
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Fig. II.47 – Tensions (en digit : 4096 niveaux de gris) appliquées aux deux
barrettes de cristaux liquides (SLM1 et SLM2) pour l’obtention
de l’impulsion carré de la figureII.46(b).

La figure II.48 page suivante présente un autre exemple où seule la mise en forme
en amplitude a été utilisée. Le spectre de notre amplificateur régénératif (ronds gris) est
modifié pour obtenir un spectre parfaitement gaussien (carré noir). Pour ce faire, nous
avons tenu compte du spectre d’entrée dans la fonction de transfert programmée. L’accord
avec la mise en forme demandée (trait gris) est excellent. Aucune itération n’a été utilisée
pour cette mise en forme et aucune correction des défauts n’a été nécessaire. Il est tout à
fait possible de combiner cette mise en forme en amplitude avec une phase arbitraire. Cela
peut permettre d’avoir une impulsion modèle (spectre gaussien avec phase polynômiale par
exemple) qui correspondent tout à fait au type d’impulsions utilisées dans de nombreuses
simulations.
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Fig. II.48 – Correction d’intensité spectrale : spectre non corrigé (ronds gris),
spectre gaussien expérimental (carrés noirs) et spectre gaussien
théorique (trait gris).

II.10.2 Application au contrôle cohérent

D’autres résultats ont étés obtenus avec cet appareil, notamment pour des expériences
de contrôle cohérent dans le rubidium[47] présentées dans le chapitre IV page 95. Des
impulsions à forte dérive de fréquence avec des sauts de phase de π ont ainsi été synthétisées.
Des phases quadratiques de plus de 2.105 fs2 on été obtenues sans déformation du profil
temporel. Le critère de Nyquist (variation de la phase inférieure à π d’un pixel à son voisin)
permet de donner une phase quadratique maximale : φ

(2)
L = T 2

0 /[2πN ] ≃ 3,2.105 fs2 (T0

étant la fenêtre temporelle accessible et N le nombre de pixels). En dessous de cette limite,
les profils temporels sont très bien reproduits. Des phases quadratiques plus importantes
(jusqu’à 9.105 fs2), ont été aussi obtenues, mais avec des durées pour les impulsions étirées
plus faibles que les durées théoriques. Cette réduction de la durée est entre autres causée
par l’enveloppe temporelle gaussienne due au couplage spatio-temporel.

Dernièrement, nous avons généré des séquences d’impulsions[50, 51] (l’une limitée par
transformée de Fourier, l’autre à forte dérive de fréquence) séparées de plusieurs picose-
condes avec un contrôle interférométrique du délai. Ces résultats sont présentés en détail
dans le chapitre IV.

II.10.3 Compensation de dispersion résonnante

Nous avons réalisé à l’aide du façonneur des expériences de compensation de dis-
persion résonante[98]. Nous allons ici présenter brièvement le principe de cette expérience
ainsi que les résultats observés. Tout ceci est traité plus en détail dans la thèse de Jean
Christophe Delagnes[97] qui s’est intéressé tout particulièrement aux effets de propagation
d’impulsions ultracourtes.

Les problèmes de dispersion sont très bien connus dans le domaine de l’optique ultra-
rapide. Habituellement, on s’intéresse à la propagation d’une impulsion courte dans un
milieu transparent. La pulsation centrale de cette impulsion est donc loin de toute résonance
du milieu. On observe alors en sortie du milieu une impulsion déformée à cause de la
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phase spectrale non linéaire φnl(ω) accumulée lors de la propagation. Le principal effet de
cette phase est la dispersion de la vitesse de groupe (GVD) qui introduit une dérive de
fréquence temporelle dans l’impulsion de sortie (chirp). De nombreux dispositifs simples
ont été développés pour compenser cette dispersion de la vitesse de groupe[99, 100]. Dans la
plupart des cas, la compensation des ordres les plus bas de φnl(ω) est largement suffisante.

Ici, nous nous intéressons à la propagation d’une impulsion ultracourte résonnante
avec une transition du milieu. Cette situation est très fréquente dans les expériences de spec-
troscopie ultra rapide et dans certaines expériences de dynamique de paquets d’onde[101].
Comme l’impulsion est courte, son spectre est beaucoup plus large que la largeur spec-
trale de la transition. L’absorption ne concerne donc qu’une partie extrêmement étroite du
spectre et le principal effet de la propagation est un effet dispersif. On peut montrer que
la phase accumulée lors de la propagation s’écrit

φnl(ω) = −ω

c
l(n(ω) − 1) ≃ αl∆d

ω − ωat
(II.43)

où α est le coefficient d’absorption à résonance, l la longueur du milieu, ∆d la largeur
Doppler de la transition et ωat la pulsation de la transition.

Cette phase présente un comportement hyperbolique et on ne peut absolument pas
développer en série de Taylor autour de ωat. On ne peut donc plus ici compenser la dis-
persion à l’aide de dispositifs habituels qui ne permettent d’introduire que des phases
quadratiques et cubiques.

Notre façonneur permet lui d’introduire une phase φcp(ω) opposée à celle accumulée
lors de la propagation :

φcp(ω) = −φnl(ω) ≃ − αl∆d

ω − ωat
(II.44)

Nous avons pour cela utilisé les impulsions délivrées par notre oscillateur (150 fs de durée,
longueur d’onde centrale 795 nm, 9,7 nm de largeur spectrale). Celles-ci traversent le façon-
neur ainsi qu’un four contenant du rubidium, comme cela est schématisé sur la figure II.49.

795 nm

76 MHz

5 nJ

150 fs

FourOscillateur

Ligne à retard

Façonneur χ(2) Photodiode

Fig. II.49 – Dispositif expérimental de compensation de dispersion réson-
nante. L’impulsion déformée par le façonneur et le four est dé-
tectée par corrélation avec une impulsion courte.

La transition résonante est la 5s2S1/2 7→ 5p2S1/2 à λat = 794,75 nm. Le four est
porté à une température de 160◦ ce qui correspond à une pression de rubidium de l’ordre
de 7,9.10−3 mbar. A la sortie, l’impulsion transmise est détectée par correlation avec une
impulsion courte29.

29Celle-ci provient d’une partie du faisceau prélevée directement en sortie de l’oscillateur
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La figure II.50 présente les résultats obtenus lors de cette expérience. Sur les trois sous-
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Fig. II.50 – Compensation de la dispersion par une vapeur atomique réson-
nante et dense : impulsion de départ en pointillés gris, impulsion
déformée en noir pour l’expérience, en gris pour la théorie. (a)
impulsion déformée par la vapeur, (b) impulsion pré-compensée
par le façonneur, (c) impulsion après la traversée du façonneur et
de la vapeur.

figures (a), (b) et (c), les pointillés gris représentent la correlation de l’impulsion n’ayant
pas subit de déformation, le trait noir, la même impulsion après déformation et le trait
gris correspond à la déformation théorique. Sur la sous-figure (a) l’impulsion est déformée
par la traversée du four, le façonneur étant inactif. L’impulsion est fortement étirée et des
rebonds sont visibles sur plusieurs picosecondes. Sur la sous-figure (b), le four est vide
et seul le façonneur est actif. Ce dernier été programmé de façon à simuler la dispersion
opposée à celle du four. On observe une déformation symétrique par renversement du temps
par rapport à celle induite par le four. Enfin, sur la sous-figure (c), le façonneur est actif
et le four plein. On observe une impulsion très peu déformée par rapport à l’impulsion de
départ.

On a donc réussi à compenser la dispersion résonnante introduite par la vapeur ato-
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mique, ce qui n’est pas réalisable par des dispositifs habituels. On note toutefois sur l’im-
pulsion compensée un épaulement aux temps négatifs et un léger rebond autour de 700 fs.
La compensation n’est pas parfaite et est limitée par la résolution de notre façonneur. En
effet, la phase de compensation (voir l’équation II.44 page 70) diverge en ωat : sa pente
est d’autant plus raide que l’on s’approche de ωat. On a donc une zone autour de ωat où
l’évolution de la phase est trop rapide pour être reproduite par le façonneur. Autour de ωat,
le façonneur ne peut reproduire la phase de compensation. On observe dans cette zone des
sauts de phase très importants d’un pixel à l’autre. Ces sauts très rapprochés vont intro-
duire un trou en intensité que l’on observe clairement sur le spectre en sortie du façonneur
(voir figure II.51 (a)).

775 780 785 790 795 800 805 810 815
0.0

0.5

1.0

775 780 785 790 795 800 805 810 815
0.0

0.5

1.0

 

 

In
te

ns
ité

 (u
. a

rb
.)

λ (nm)

(b)

(a)

 

 

In
te

ns
ité

 (u
. a

rb
.)

Fig. II.51 – Spectres en sortie du façonneur pour une compensation de la
dispersion résonnante : (a) pour toutes les longueurs d’onde ; (b)
pour une phase constante autour de λat. Les pointillés indiquent
la position de λat.

On peut comprendre l’origine de ce trou en se rappelant que le masque programmé
est convolué par le profil spatial des composantes spectrales dans le plan de Fourier (voir
la partie II.9.3.3 page 57). Le profil spatial de chaque composante spectrale moyenne l’effet
de plusieurs pixels : comme ils introduisent ici des phases très différentes le résultat global
est une diminution de l’amplitude.

Pour éviter ce problème, on peut programmer sur toute la zone une phase constante.
Cela évite la perte de transmission, comme on peut le voir sur la figure II.51 (b), tout
en offrant une compensation presque aussi efficace. Dans le cas précédent où on cherche
à reproduire la phase de compensation à proximité de ωat, cela se traduit par une forte
atténuation des composantes spectrales proches de ωat. Avec cette nouvelle approche, ces
composantes ne sont pas atténuées, mais elles ne sont pas non plus compensées. Elles sont
donc transmises, mais fortement étalées temporellement.
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II.10.4 Façonneur replié

Les résultats présentés ici ont été obtenus avec une demi-ligne à dispersion nulle,
comme celle présentée sur la figure II.11(b), page 24 dans la partie II.2.3. Nous avons
pour cela modifié notre façonneur en plaçant un miroir juste derrière les deux masques à
cristaux liquides. L’intérêt de cette ligne repliée est double. Tout d’abord, cela diminue par
deux l’encombrement de la ligne réduisant aussi son coût : un seul réseau et un seul miroir
cylindrique sont nécessaires. Ensuite, cela rend le réglage de la ligne beaucoup plus simple.
En effet, les degrés de liberté de réglage sont grandement réduit. De plus, le réglage le plus
critique et de loin le plus difficile de la ligne standard est l’orientation des deux réseaux :
les angles doivent être parfaitement identiques. Ici, on utilise le même reseau et les angles
sont automatiquement identiques.

Le double passage double les déphasages qui peuvent être introduits, ce qui n’est pas
vraiment intéressant vu que 2π suffisent. Cela réduit la sensibilité d’un facteur deux ce qui
peut éventuellement poser problème.

La figure II.52 présente deux mises en formes spectrales obtenues avec le façonneur
habituel (trait noir) et le façonneur replié (trait gris). L’exemple II.52(a) correspond à
deux impulsions séparées de 1 ps alors que le II.52(b) est un trou spectral de 20 pixels
de large (soit 1,2 nm) centré à 794,3 nm. L’accord est très bon dans les deux cas et les
petites différences observées sont certainement dues à la modification de l’alignement dans
le spectromètre et à une dérive du spectre du laser.
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Fig. II.52 – Mises en forme avec le façonneur normal (trait gris) et replié (trait
noir) : (a) séquence de deux impulsions séparées de 1 ps, (b) trou
spectral de 1,2 nm centré à 794,3 nm.

Nous avons aussi réalisé toute une série de mise en formes temporelles, avec notam-
ment des phases quadratiques et cubiques importantes. Nous avons dans la plupart des
cas obtenu exactement les mêmes résultats qu’avec la ligne normale. La figure II.53 page
suivante présente le résultat obtenu pour différents délais réalisés avec la ligne repliée. L’in-
tensité de correlation avec une impulsion courte est représentée par les carrés noirs. On
obtient des résultats tout à fait similaires à ceux obtenus avec la ligne standard (voir la
figure II.44 page 65). La principale différence est la largeur de l’enveloppe gaussienne qui
est ici deux fois plus faible (plus exactement 11,3 ps). Ceci est simplement dû à l’utilisation
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Fig. II.53 – Intensité de corrélation (carrés noirs) pour différents délais intro-
duits avec le façonneur replié. L’enveloppe gaussienne (trait gris)
de largeur à mi hauteur de 11,3 ps est due au couplage spatio-
temporel. Elle correspond à un diamètre de faisceau d’entrée lé-
gèrement inférieur à 1 mm.

d’un faisceau de diamètre deux fois plus petit (1 mm de diamètre en largeur à mi-hauteur
en intensité).

La disposition repliée du façonneur est donc particulièrement intéressante car elle
permet d’obtenir des performances comparables à celles du façonneur normal, tout en
simplifiant le dispositif et en diminuant son encombrement et son coût de fabrication (un
seul réseau et un seul miroir cylindrique).



Chapitre III

AUTRES DISPOSITIFS DE MISE EN
FORME

Outre le développement et l’utilisation du façonneur haute résolution à 800 nm (cha-
pitre II), j’ai aussi travaillé à la mise en forme d’impulsions visibles accordables. Ces im-
pulsions sont générées par l’un des deux NOPA décrits dans le chapitre I.
Elles présentent de nombreux intérêts. Tout d’abord, elles permettent d’étendre la gamme
de longueurs d’ondes accessibles à l’ensemble du spectre visible. Ceci rend possible l’étude
et le contrôle de nombreux systèmes atomiques possédant des transitions dans cette gamme.
Ensuite, on peut réaliser des expériences pompe-sonde avec des impulsions dans des do-
maines spectraux complètement différents (pompe-sonde à deux couleurs). Enfin, un intérêt
tout particulier des NOPA (qui les distingue notamment des OPA colinéaires) est la durée
de ces impulsions visibles[57]. En effet, correctement recomprimées, ces impulsions accor-
dables offrent des durées nettement plus courtes (entre 30 fs et 6 fs selon le type de NOPA)
que l’impulsion utilisée pour pomper le NOPA (durée de l’ordre de 130 fs le plus souvent).
La brièveté de ces impulsions est un paramètre déterminant pour la résolution temporelle
des expériences de pompe-sonde dans le visible.

La recompression de ces impulsions est donc une étape clef sur laquelle de nombreux
groupes se sont penchés[102, 103, 104, 80, 105, 60, 106, 58]. Plusieurs techniques sont utili-
sées, plus ou moins raffinées. Une solution souvent employée est le compresseur à prismes en
double passage[60, 104, 107, 58]. Une autre solution plus récente, qui a séduit de nombreux
groupes, est l’utilisation de miroirs à dispersion contrôlée ou miroirs "chirpés"[80, 105]. Ces
miroirs présentent un revêtement diélectrique multicouche spécialement conçu pour intro-
duire une dispersion négative. L’idée est que les courtes longueurs d’ondes sont réfléchies
par les couches externes et les grandes longueurs d’ondes par les couches profondes. Lors
d’une réflexion sur un tel miroir, les grandes longueurs d’ondes parcourent un chemin plus
grand que les courtes longueurs d’ondes, d’où une dispersion négative.

Au delà de la simple recompression des impulsions, il peut s’avérer très intéressant
de contrôler la forme de ces impulsions visibles accordables. Cette capacité de mise en
forme peut servir à des expériences de contrôle cohérent[46, 19, 12] dans le visible ou
bien à l’optimisation d’impulsions dans l’UV obtenues à partir des impulsions visibles par
doublage ou somme de fréquence.

Nous détaillerons ici deux approches différentes mises en œuvre pour réaliser à la
fois la recompression et le façonnage des impulsions issues du NOPA. La première repose
sur l’utilisation d’un miroir déformable à l’intérieur du compresseur à prismes en double
passage. Elle a été developpée lors d’une collaboration avec l’équipe d’Albert Stolow au
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STEACIE Institute. La deuxième a été développée à Toulouse en partenariat avec Daniel
Kaplan1. Elle utilise un filtre acousto-optique dispersif programmable ou AOPDF (pour
"Acousto-Optic Programmable Dispersive Filter") spécialement conçu pour la recompres-
sion et la mise en forme d’impulsions visibles accordables[41].

Il n’y a pas eu avec ces deux façonneurs un travail de développement aussi important
que pour le façonneur haute résolution présenté au chapitre II. Il s’agit plus ici d’utilisation
que de développement.

III.1 Miroirs déformables

Nous présentons ici le compresseur à prismes et à miroir déformable que j’ai installé
et utilisé au STEACIE Institute, à Ottawa. Nous rappellerons d’abord les principales ca-
ractéristiques du NOPA en insistant sur la nécessité d’un système de compression en sortie.
Nous présenterons ensuite le principe du compresseur à miroir déformable en montrant son
champ d’applications.

III.1.1 Rappels sur le NOPA

L’amplificateur paramétrique optique ou NOPA (Non-collinear Optical Parametric
Amplifier) est une source d’impulsions ultrabrêves, accordable sur l’ensemble de la gamme
visible. Des durées de l’ordre de 20 fs sont couramment atteintes avec des dispositifs com-
merciaux. La gamme spectrale d’accordabilité s’étend de 510 nm à 700 nm. L’énergie
typique obtenue est de l’ordre de la dizaine de µJ.

Le principe même des NOPA rend nécessaire l’utilisation d’un compresseur en sortie.
En effet, le NOPA repose sur la génération d’un continuum de lumière blanche : une partie
de ce continuum va être amplifiée (par différence de fréquence dans un cristal non-linéaire,
comme cela est brièvement expliqué dans la partie I.4 page 7) pour donner l’impulsion large
bande. On retrouve donc dans les impulsions de sortie la phase spectrale du continuum plus
celle introduite par les optiques traversées dans les différents étages d’amplification (len-
tilles, cristaux,...). La phase spectrale totale est particulièrement importante et complexe.
Sans compresseur, les impulsions obtenues ont des durées de l’ordre de quelques centaines
de fs.

Plusieurs types de compresseurs sont disponibles. Les miroirs chirpés, les compres-
seurs à prismes et les compresseurs à réseaux sont les plus courants. Le NOPA avec lequel
nous avons travaillé au STEACIE Institute (Clark-MXR NOPA) disposait d’un compres-
seur à prismes. Son principe est rappelé sur la figure III.1 page suivante. Les différentes
composantes spectrales sont séparées par un premier prisme et suivent des chemins optiques
différents. Un deuxième prisme tête-bêche, compense la séparation angulaire. Un miroir de
repli renvoie les différentes composantes dans le compresseur. On obtient en sortie un fais-
ceau recomposé avec une phase spectrale dépendant de la distance entre les prismes et de
l’épaisseur de verre traversée. On peut ainsi introduire une phase spectrale quadratique de
signe arbitraire. Il est à noter que les différentes composantes sont séparées au niveau du

1de la société Fastlite.
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miroir de repli. Avec ce type de compresseur, on obtient des durées entre 30 fs et 15 fs,

a)

b)

Fig. III.1 – Compresseur à prisme : a) vue de dessus, b) vue de côté.

selon le type de NOPA.
Bien que très courtes, ces impulsions ne sont pas les plus courtes possibles : elles

ne sont pas limitées par transformée de Fourier. En effet, les compresseurs à prismes ne
compensent que les ordres les plus bas de la phase spectrale : phase quadratique dans la
plupart des cas ou phase quadratique et phase cubique pour des compresseurs spécifiques,
non accordables. Or les impulsions issues du NOPA présentent des phases relativement
complexes et il faut compenser, en plus de la phase quadratique, la phase résiduelle pour
se rapprocher des durées les plus courtes. Le plus souvent, on utilise pour cela un miroir
déformable placé au sein du compresseur à prismes ou à réseaux. Avec ce genre de com-
presseur et des NOPA spécialement optimisés, plusieurs équipes ont obtenu des impulsions
de quelques femtosecondes[103, 102, 108].

III.1.2 Compresseur à miroir déformable

Le compresseur à miroir déformable que nous avons réalisé est très proche du compres-
seur à prismes de la figure III.1. La seule différence est que le miroir de repli est remplacé
par un miroir à membrane déformable , comme cela est schématisé sur la figure III.2 page
suivante. Ce miroir (Oko 19-channel linear micromachined deformable mirrors) est consti-
tué d’une membrane suspendue à 19 actionneurs piézo-électriques. La membrane offre une
surface de 11x39 mm. Chaque actionneur est commandé en tension (entre 0 et 280 V codé
sur 8 bits) et permet un déplacement local de la membrane (maximum de 6 µm). Pour un
jeu de tensions appliqué, le miroir présente un profil M(x), x étant la direction d’étalement
des composantes spectrales (voir la figure III.2 b)). Les différentes composantes spectrales
parcourent donc un trajet plus ou moins long selon la position x où elles se réfléchissent.
En notant ω(x) la dispersion au niveau du miroir, on a une phase spectrale introduite par
le miroir :

φM(ω) =
2π

λ(x)
2M(x) =

4π

c
ω(x)M(x) (III.1)

Grâce au miroir déformable, on peut ajouter à la phase quadratique introduite par le
compresseur une phase arbitraire φM(ω).
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a)

b)

Fig. III.2 – Compresseur à miroir déformable : a) vue de dessus, b) détail du
miroir et notations.

Outre le fait qu’il ne contrôle que la phase, le façonneur ainsi obtenu est très différent
du façonneur haute résolution. Tout d’abord, sa résolution est très faible. Cela est dû en
grande partie au faible nombre de paramètres libres (19 actionneurs seulement). S’ajoute
à cela le fait que les différentes composantes spectrales ne sont pas proprement imagées au
niveau du miroir déformable : chaque composante spectrale possède au niveau du miroir
déformable le même profil spatial que le faisceau incident. Le masque de phase φM(ω) est
donc convolué par un profil spatial relativement large, ce qui peut dégrader la résolution
de ce façonneur.
Par contre, la phase φM(ω) est une fonction continue de la pulsation. En effet la mem-
brane se déforme de façon continue d’un actionneur à l’autre. Cela présente un avantage
considérable par rapport à notre façonneur pixellisé : aucune réplique n’est générée.
Cependant, les phases programmables sont beaucoup plus restreintes tant en forme qu’en
excursion. Ainsi, contrairement à un masque pixellisé, on ne peut pas reproduire de saut
abrupt. Il est donc impossible d’introduire un saut de phase, par exemple. Cela limite aussi
la gamme de phases que l’on peut reproduire, même dans le cas d’une phase continue.
En effet, avec un masque pixellisé, on peut toujours replier la phase à programmer dans
l’intervalle [0, 2π] : il est ainsi possible de reproduire des phases présentant des excursions
importantes. Ici au contraire, la membrane interdit de tels repliements et on est limité par
l’excursion maximale que la membrane peut supporter.

Ces deux limitations ne sont pas gênantes. En effet, le but du façonneur à membrane
est ici simplement de corriger une phase résiduelle. En effet, le plus gros de la phase est déjà
corrigé par les prismes et il n’est pas nécessaire d’introduire des phases très importantes.
Enfin, la phase résiduelle à corriger ne présente pas de sauts abrupts. Toutefois, si on
souhaite aussi utiliser ce façonneur pour mettre en forme l’impulsion corrigée, on sera
fortement limité.

Une dernière différence qui a son importance est le taux de rafraîchissement. Alors
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que les cristaux liquides limitent ce dernier à une dizaine de Hz, le miroir à membrane
atteint des taux de l’ordre de 5 kHz. Cette rapidité de mise à jour ainsi que le faible
nombre de paramètres libres le rendent tout à fait approprié à des optimisations en boucle
fermée. Ceci est d’autant plus intéressant qu’on ne connaît habituellement pas à l’avance
la phase résiduelle à compenser et qu’une optimisation en boucle fermée est donc tout à
fait indiquée.

Plusieurs éléments limitent l’utilisation de ce type de miroir. Tout d’abord, ils ne
supportent pas de densité de puissance élevée. Il est apparemment difficile de faire des
traitements résistant au flux sur la membrane flexible. Ce défaut est d’autant plus gênant
qu’il existe peu (voire même pas du tout) d’informations sur la tenue au flux pour des
impulsions courtes. Le plus souvent, les données existantes traitent des lasers continus ou
nanosecondes.

Ensuite, le miroir à membrane tend à déformer le profil spatial de l’impulsion. En
particulier, le fait de déformer le profil transverse tant à modifier aussi le rayon de courbure
selon l’axe vertical. Le miroir déformable a ainsi tendance à modifier la divergence et le
pointé du faisceau sortant du compresseur, ce qui est très gênant. Pour limiter ces effets-
là, on peut introduire une lentille cylindrique qui focalisera le faisceau selon la dimension
verticale, comme cela est schématisé sur la figure III.3. Cela permet de rendre le profil

a)

b)

Fig. III.3 – Ajout d’une lentille cylindrique dans le compresseur à miroir dé-
formable : a) vue de dessus, b) vue de côté.

vertical insensible aux déformations de la membrane. Par contre, cela augmente la densité
de puissance sur le miroir, ce qui compte tenu de la faible tenue au flux, limite d’autant
plus l’énergie des impulsions à mettre en forme. Nous avons ainsi modifié le compresseur
en introduisant une lentille cylindrique de 40 cm de focale pour limiter les déformations
du faisceau de sortie. Cela nous a permis d’obtenir un pointé et une divergence presque
insensible aux déformations programmées, mais nous a limité à des énergies de l’ordre du
µJ en sortie du compresseur sur la dizaine de µJ que peut délivrer le NOPA installé au
STEACIE Institute.

Malheureusement, je n’ai pas de résultats probants à présenter sur l’amélioration de la
compression grâce au miroir déformable. En effet, lors de ce séjour au STEACIE Institute,
de nombreux problèmes de stabilité de la chaîne amplifiée nous ont empêchés d’obtenir des
résultats convenables. Ces problèmes de stabilité sont depuis réglés et un nouveau séjour
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est planifié pour mener à terme ces études.

Comme nous venons de le montrer le miroir à membrane déformable au sein du
compresseur permet d’obtenir des impulsions plus courtes et plus propres en sortie du
NOPA. Il permet aussi de mettre en forme l’impulsion de sortie. Cette mise en forme est
toutefois extrêmement limitée et seules des phases continues avec de faibles excursions
sont réalisables. De plus, il ne possède qu’un très petit nombre de degrés de liberté. Au
final, le façonneur à membrane déformable présenté ici doit être considéré plus comme un
compresseur versatile et performant que comme un réel outil de mise en forme.

Ensuite, le compresseur à prismes, avec ou sans miroir déformable, nécessite un ré-
alignement complet lorsqu’on accorde la longueur d’onde du NOPA. Ce réalignement peut
s’avérer fastidieux et complique la procédure d’accord du NOPA. Enfin, l’encombrement
de ce compresseur est important. Il rajoute un chemin optique considérable (de l’ordre
du mètre), et ce dernier doit être compensé pour la réalisation d’éventuelles expériences
pompe-sonde.

Il est possible de réaliser un compresseur beaucoup plus compact et ne nécessitant
aucun réalignement à l’aide d’un AOPDF. Il est même possible d’obtenir de véritables
capacités de mise en formes directement en sortie du NOPA.

III.2 AOPDF : recompression et mise en forme

Nous avons réalisé à Toulouse deux séries d’expériences où l’on a remplacé le com-
presseur de sortie du NOPA par un AOPDF. Ces expériences ont été réalisées avec Daniel
Kaplan2. Le but de ces expériences était d’obtenir un façonneur spécialement optimisé,
permettant la compression et la mise en forme des impulsions issues du NOPA, sur toute
sa gamme spectrale et ce avec un rendement suffisamment élevé.

Nous rappellerons tout d’abord brièvement le principe de fonctionnement de l’AOPDF,
celui-ci étant tout à fait particulier. Nous montrerons ensuite les résultats de compression
accordable, obtenus avec deux cristaux différents. Nous verrons ensuite les capacités de
mise en forme du deuxième cristal. Enfin, nous montrerons notre tentative de réalisation
d’un NOPA programmable à l’aide de l’AOPDF.

III.2.1 Principe de fonctionnement

L’AOPDF est un façonneur d’une extrême compacité (voir la figure III.4 page sui-
vante) et très simple d’utilisation. Les détails intimes de son fonctionnement, eux, le sont
beaucoup moins. Nous ne prétendons pas ici expliquer par le menu la physique qui régit
l’AOPDF. Nous souhaitons juste donner une idée intuitive de cette physique. Nous invi-
tons les lecteurs qui veulent en savoir plus à consulter les différentes références traitant de
l’AOPDF[27, 37, 79, 109, 110, 111].

L’AOPDF repose sur l’interaction colinéaire entre une onde acoustique v(t) et une
onde optique Ei(t) au sein d’un cristal de Te02, comme cela est schématisé sur la figure III.5.

2de la société Fastlite qui développe l’AOPDF, dont le nom commercial est DAZZLERTM.
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Fig. III.4 – Photographie d’un prototype d’AOPDF.

Ce cristal de paratellurite est fortement biréfringent tant pour l’acoustique que l’optique.
L’onde optique incidente (il s’agit de l’impulsion à mettre en forme) se propage selon l’axe
ordinaire du cristal. Par diffraction de Bragg assistée par l’onde acoustique, les différentes
composantes spectrales de l’onde optique peuvent être basculées sur l’axe extraordinaire
du cristal, en des positions différentes du cristal. Or les vitesses de groupes ne sont pas les
mêmes sur l’axe ordinaire et sur l’axe extraordinaire. Le temps mis par une composante
donnée pour traverser le cristal dépendra donc de l’endroit où elle aura basculé. On obtient
ainsi en sortie du cristal deux impulsions lumineuses : l’une non-diffractée End(t) de même
polarisation que l’impulsion incidente, et une diffractée par l’onde acoustique Ed(t) dont
la polarisation est orthogonale à la polarisation d’incidence. Cette onde diffractée Ed(t)

Fig. III.5 – Schéma de principe de l’AOPDF. L’interaction colinéaire d’une
impulsion Ei(t) avec une onde acoustique façonnée v(t) produit
une impulsion mise en forme diffractée Ed(t).

présente une mise en forme directement liée à la position de diffraction dans le cristal des
différentes composantes spectrales de Ei(t). La figure III.6 page suivante donne un exemple
schématique du processus. Par souci de clarté, l’onde non diffractée n’est pas représentée.
On suppose que l’onde incidente Ei(t) présente une dérive de fréquence positive : les courtes
longueurs d’onde arrivent en fin de l’impulsion. En diffractant ces courtes longueurs d’onde
en début de cristal (traits bleus) et les grandes longueurs d’onde en fin de cristal (traits
rouges), il est possible d’annuler la dérive de fréquence et donc de comprimer l’impulsion
lumineuse. Pour cela, l’onde acoustique programmée doit présenter une dérive de fréquence
opposée à celle de l’impulsion à comprimer.
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Fig. III.6 – Fonctionnement schématique de l’AOPDF : les différentes com-
posantes spectrales de l’onde incidente basculent de l’axe rapide
à l’axe lent du cristal en des positions différentes. Cela modifie le
temps de parcours de chacune d’elle à l’intérieur cristal.

L’onde diffractée s’exprime simplement comme la convolution de l’impulsion incidente
par l’onde acoustique, affectée d’un facteur d’échelle :

Ed(t) = Ei(t) ◦ v(αt) (III.2)

où ◦ représente la convolution et avec un facteur d’échelle α valant :

α =
c

∆nV
∼ 107 (III.3)

∆n est l’anisotropie optique du cristal et V la vitesse de propagation de l’onde acoustique.
C’est ce facteur d’échelle α qui permet de transférer la forme de l’onde acoustique sur
l’impulsion optique. Il est lié à la condition d’accord de Bragg[111] qui donne la fréquence
acoustique fac à appliquer en un point du cristal pour y faire basculer une composante
optique de longueur d’onde λop :

fac =
c

αλop

=
fop

α
(III.4)

Compte tenu de la valeur du facteur d’échelle α, l’onde acoustique doit avoir une fréquence
de quelques dizaines de MHz pour pouvoir mettre en forme des impulsions dans le visible
(quelques centaines de THz). L’onde acoustique est en fait une onde progressive qui est syn-
chronisée avec l’impulsion laser à mettre en forme. Celle-ci est générée par un transducteur
collé au cristal et commandé par un synthétiseur haute fréquence.

Il est donc possible d’appliquer à l’impulsion incidente Ei(t) une mise en forme tem-
porelle arbitraire en générant l’onde acoustique idoine.

III.2.1.1 Propriétes - fenêtre temporelle

Tout comme les autres façonneurs présentés jusqu’ici, l’AOPDF est un filtre spectral.
Contrairement au façonneur haute résolution à cristaux liquides, ll n’est pas pixellisé et
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n’introduit pas de couplage spatio-temporel. Il permet aussi un taux de rafraîchissement
des mises en forme programmées allant jusqu’au kHz (contre une dizaine de Hz pour les
cristaux liquides). Il est par contre limité à des densités d’énergie plus faibles et à des taux
de répétition inférieurs au MHz pour le laser incident.

Comme pour le façonneur à cristaux liquides, il est possible de définir une fenêtre
temporelle dans laquelle il sera possible de réaliser une mise en forme. Il faut faire très
attention car cette fenêtre n’a absolument pas la même origine physique que pour le façon-
neur à cristaux liquides. Dans le cas des cristaux liquides, elle est liée à la pixellisation dans
le domaine spectral et des répliques temporelles apparaissent à l’extérieur de cette fenêtre.
L’AOPDF quant à lui n’est pas pixellisé et il n’y a donc aucune réplique temporelle.

Par contre, la fenêtre temporelle accessible est limitée par la taille du cristal. En effet,
considérons une composante optique donnée : le délai programmable le plus court corres-
pond à sa propagation entièrement sur l’axe ordinaire (elle bascule sur l’axe extraordinaire
à la fin du cristal). Le délai le plus long correspond à une propagation selon l’axe extraor-
dinaire (basculement au début du cristal). La différence entre ces deux temps de parcours
définit la fenêtre temporelle réalisable par l’AOPDF, pour cette composante spectrale.

Pour une impulsion incidente centrée en λ0, cette fenêtre Tmax vaut :

Tmax = ∆ng(λ0) cos2(θ)L/c (III.5)

où ∆ng(λ0) est la biréfringence de groupe à λ0, L la longueur du cristal et θ l’angle entre
la direction de propagation dans le cristal et l’axe [110] du cristal. θ est directement lié à
la coupe du cristal. Tmax dépend de la longueur d’onde par le biais de ∆ng dont l’évolution
est donnée sur la figure III.7. Cette figure montre que Tmax augmente pour les courtes
longueurs d’onde.

Fig. III.7 – Evolution de la biréfringence de groupe ∆ng en fonction de la
longueur d’onde.

Ce délai Tmax va être utilisé pour mettre en forme l’impulsion de sortie. Cependant,
l’AOPDF doit compenser la dispersion due à la propagation dans le cristal de TeO2. Une
partie de Tmax - appelée Tcp - est ainsi utilisée pour cette autocompensation. La dispersion
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dans le TeO2 est d’autant plus grande que le cristal est long et que la longueur d’onde de
l’impulsion incidente est courte3. De plus, l’effet de cette dispersion sur l’impulsion traver-
sant le cristal est d’autant plus important que cette dernière est large spectralement.
Tcp est donc d’autant plus grand que le cristal est long et que l’impulsion est large spec-
tralement. Il augmente pour les courtes longueurs d’onde.

Il reste donc une fenêtre Teff = Tmax − Tcp pour réaliser les mises en forme souhaitées.
L’évolution de Teff en fonction des différents paramètres du cristal et des propriétés de
l’impulsion incidente est relativement complexe. Elle résulte d’une compétition entre les
évolutions respectives de Tmax et Tcp. Pour une coupe de cristal donnée (c’est-à-dire θ fixé)
on peut donner les grandes lignes de cette évolution.
Tout d’abord, Teff est d’autant plus grande que le cristal est long. Ceci se comprend assez
facilement : plus le cristal est long et plus la différence entre le temps de parcours sur l’axe
rapide et l’axe lent sera grande.
Ensuite, Teff est d’autant plus faible que la longueur d’onde centrale de l’impulsion est
courte, comme on peut le constater sur la figure III.8 qui donne l’évolution de Teff (en ps)
en fonction de la longueur d’onde pour différentes durées de l’impulsion incidente4, pour
un cristal de 25 mm de long, taillé à θ = 38◦. Cette diminution est due à un accroissement

Fig. III.8 – Evolution de Teff en fonction de la longueur d’onde pour diffé-
rentes largeurs spectrales, correspondant à des durées limitées par
transformée de Fourier de 25 fs (pointillés noirs), 30 fs (trait gris)
et 35 fs (trait noir).

de Tcp plus rapide que celui de Tmax pour les courtes longueurs d’onde. On disposera donc
pour un cristal donné de plus de possibilités de mise en forme dans le rouge que dans le
bleu.
Enfin, Teff est d’autant plus faible que la largeur spectrale de l’impulsion incidente est
élevée ou, ce qui revient au même, que sa durée limitée par transformée de Fourier est
faible. On retrouve cette tendance sur la figure III.8. Cela aussi se comprend simplement :
plus l’impulsion incidente est large spectralement, plus elle sera affectée par la dispersion

3Ce qui est le cas de la plupart des matériaux transparents pour les longueurs d’onde visibles.
4On entend par durée la largeur à mi-hauteur en intensité du profil temporel de l’impulsion. Les im-

pulsions incidentes sont ici limitées par transformée de Fourier.
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naturelle du TeO2. Il faudra alors utiliser une plus grande partie du délai disponible Tmax

pour l’autocompensation du cristal.
Tmax ainsi que l’efficacité de diffraction de l’AOPDF sont fonctions de la coupe du

cristal, comme cela est schématisé sur la figure III.9. La capacité de mise en forme varie en

Fig. III.9 – Evolution de l’efficacité de diffraction (trait gris) et de la capacité
de mise en forme (c’est-à-dire Tmax, en trait noir) en fonction de
l’angle θ de coupe du cristal.

cosinus carré de θ (voir l’équation III.5) et présente donc un maximum autour de θ = 0◦.
L’efficacité de diffraction quant à elle passe par un maximum autour de θ = 58,5◦. Il est
ainsi possible, en choisissant l’angle de coupe θ, de trouver un compromis entre capacité
de mise en forme et efficacité de diffraction.

Jusqu’à présent, l’AOPDF a surtout été utilisé autour de 800 nm[27, 39, 112, 113, 114].
Celui-ci est souvent utilisé en amont des étages d’amplification[39, 113, 114]. Il a ainsi
permis d’obtenir des impulsions très large bande en compensant le rétrécissement par le
gain dû à l’amplification[113]. Des impulsions mises en forme intenses[114] ont aussi été
obtenues directement en sortie des amplificateurs. Son extrême compacité et ses capacités
de mise en forme ont aussi été utilisées pour la réalisation d’un dispositif de caractérisation
d’impulsion simple et versatile[112].

III.2.2 Compresseur accordable

III.2.2.1 Dispositif expérimental

Pour réaliser les différentes expériences de recompression et de mise en forme, nous
avons placé l’AOPDF en sortie du NOPA, comme cela est montré sur la figure III.10
page suivante. Celui-ci vient remplacer le compresseur à prismes. En sortie de l’AOPDF,
les impulsions sont mesurées par autocorrélation intensimétrique. Le NOPA délivre des
impulsions de l’ordre de 11 µJ accordables entre 490 nm et 680 nm. Dans un premier
temps, notre but était de recomprimer les impulsions issues du NOPA sur toute sa bande
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Fig. III.10 – L’AOPDF est directement placé en sortie du NOPA à la place
du compresseur à prismes.

spectrale, sans avoir d’élément à déplacer, simplement en changeant la programmation de
l’AOPDF.

III.2.2.2 Premier candidat

Nous avons tout d’abord utilisé un premier cristal de 25 mm de long, taillé pour
θ = 38◦. Cette coupe, comme on peut le voir sur la figure III.9 page précédente, est un
compromis entre la capacité de mise en forme et l’efficacité de diffraction. Cette coupe
permet entre autre l’autocompensation d’impulsions large bande. Nous avons ainsi pu re-
comprimer les impulsions issues du NOPA sur une grande partie de la gamme spectrale
accessible. La figure III.11 page ci-contre montre des résultats typiques dans le gamme
500-610 nm. La partie haute présente le spectre en entrée (trait gris) et en sortie (carrés
noirs) de l’AOPDF. La partie basse représente les intensités d’autocorrélation correspon-
dantes (carrés gris) ainsi que leur ajustement en sech2 (trait gris). Les durées indiquées
correspondent aux largeurs à mi-hauteur en intensité déduites des ajustements. Elles sont
tout à fait similaires à celles que donne une recompression par des prismes.

Ces impulsions ne sont pas limitées par transformée de Fourier5. Ceci est dû au
NOPA utilisé qui est optimisé pour des impulsions intenses (pour un NOPA !) et pour
une accordabilité aisée. En contre-partie, les impulsions à sa sortie présentent une phase
spectrale importante ainsi que différentes distortions géométriques[115, 116] qui limitent
les possibilités de recompression.

Les résultats présentés ici ne montrent pas la partie 610-680 nm de la bande spectrale
du NOPA. Nous nous sommes en effet attachés à la partie "courtes longueurs d’onde"
car il s’agit de la zone dans laquelle la recompression est plus délicate. En effet, pour
mettre en forme des longueurs d’onde courtes, il faut générer des ondes acoustiques de
fréquence élevée, pour lesquelles l’absorption dans le cristal est plus importante. On a

5Il y a environ un facteur 1,6 entre les durées obtenues et les limites par transformée de Fourier.
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Fig. III.11 – Impulsions en sortie de l’AOPDF. Haut : Intensités spectrales
avant (trait gris) et après l’AOPDF (carrés noirs). Bas : inten-
sité d’autocorrélations correspondantes (carrés noirs pour l’ex-
périence, trait gris pour l’ajustement en sech2).

ainsi observé une très faible énergie pour les impulsions recomprimées autour de 500 nm
(quelques centaines de nanoJoules seulement). Malgré la normalisation, la faiblesse du
signal se voit clairement sur le bruit de numérisation de l’autocorrélation à 500 nm (figure
III.11 en bas à gauche).

Ce premier cristal a permis de montrer que malgré cette absorption, la recompression
sur toute la bande spectrale était possible, ce qui est un net avantage par rapport au
compresseur à prismes nécessitant un réalignement pour chaque changement de longueur
d’onde. Autre avantage non-négligeable, l’AOPDF permet un gain de place conséquent. La
figure III.12 montre l’encombrement de l’AOPDF et celui du compresseur à primes utilisés
pour la recompression du NOPA.

Fig. III.12 – Comparaison entre l’AOPDF et le compresseur à prismes.

Cependant, le rendement de diffraction de l’AOPDF est faible : 20 à 30% maximum
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pour des impulsions correctement recomprimées. De plus, l’absorption acoustique limite
fortement l’énergie diffractée pour les impulsions autour de 500 nm. Tout ceci peut s’avé-
rer rédhibitoire pour une application concrète. Fort de cette constatation, un deuxième
prototype, taillé différemment a été fabriqué et testé.

III.2.2.3 Deuxième candidat

Celui-ci est coupé pour avoir θ = 45◦ et est de même longueur que le précédent
(25 mm). Cette coupe permet d’augmenter l’efficacité de diffraction au détriment de la
fenêtre temporelle Tmax. Elle réduit la fréquence acoustique utilisée pour diffracter une
longueur d’onde optique donnée. Elle diminue donc aussi les effets d’absorption observés
pour les courtes longueurs d’onde. Cela nous a permis d’obtenir des efficacités de diffraction
bien meilleures ainsi que de réelles capacités de façonnage.

Les impulsions recomprimées par cet AOPDF sont présentées sur la figure III.13. La
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Fig. III.13 – Impulsions en sortie du nouvel AOPDF. Haut : Intensités spec-
trales (carrés noirs). Bas : intensité d’autocorrélations corres-
pondantes (carrés noirs). Les durées indiquées sont celles d’un
ajustement en sech2.

partie haute présente le spectre en sortie, la partie basse l’autocorrélation correspondante.
Les durées indiquées sont déduites d’un ajustement en sech2. On retrouve les mêmes durées
qu’avec l’ancien AOPDF, avec une gamme spectrale plus étendue. Celle-ci est maintenant
limitée par les capacités du NOPA. Le piédestal nettement visible sur l’autocorrélation à
510 nm semble être dû à notre NOPA. En effet, des expériences similaires réalisées à Leeds
par B. Whitaker avec le même AOPDF ont donné de meilleures autocorrélations à cette
longueur d’onde[41].

Autre avancée importante avec ce nouvel AOPDF, l’intensité en sortie est nettement
plus élevée, notamment aux alentours de 500 nm. En effet, il supporte des densités de
puissance plus élevées (de l’ordre de 300 µJ/cm2) et offre des efficacités de diffraction plus
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importantes. Nous avons ainsi pu obtenir des efficacités de diffraction de l’ordre de 75%
sans distortion des impulsions de sortie. Les résultats présentés ici ont été obtenus avec des
efficacités de 50% et des impulsions de l’ordre de 4 µJ en entrée.

Il est donc possible d’obtenir des impulsions courtes, accordables sur tout le visible
avec des intensités de plusieurs µJ. Contrairement aux précédents résultats, nous atteignons
ici des caractéristiques tout à fait suffisantes pour une application concrète.

III.2.3 Capacités de mise en forme

Outre la recompression accordable, nous avons pu réaliser des mises en forme relati-
vement complexes avec ce deuxième AOPDF. Pour caractériser ses capacités de façonnage,
nous avons utilisé le montage expérimental présenté sur la figure III.14. Les impulsions

Fig. III.14 – Dispositif expérimental. Une partie de la sortie du NOPA est
recomprimée par l’AOPDF, l’autre par le compresseur à prismes.
La sortie de l’AOPDF est détectée par crosscorrélation avec la
sortie du compresseur ou par autocorrélation (non représenté).

de sortie du NOPA sont séparées en deux. Une première partie est recomprimée par un
compresseur à prismes standard, la deuxième traverse l’AOPDF. On réalise ensuite la cor-
rélation entre les impulsions issues de l’AOPDF et celles issues du compresseur.

Nous avons pu montrer une fenêtre temporelle disponible pour du façonnage de plus
de 4 ps, sur toute la gamme d’accordabilité du NOPA. La figure III.15 page suivante illustre
ce résultat avec des intensités de corrélation obtenues à différentes longueurs d’onde :

(a) Cross-corrélations pour différents délais programmés dans l’AOPDF, à 510 nm.
La fenêtre de 4 ps est clairement visible. Le délai 0 correspond à une impulsion
diffractée au milieu du cristal, les délais positifs à une diffraction en début et les
négatifs en fin du cristal. La diminution d’intensité des impulsions autour de −1 ps
illustre l’absorption de l’onde acoustique à ces courtes longueurs d’onde.

(b) Séquence de 5 impulsions à 640 nm. Cela montre les mises en formes "complexes"
qui peuvent être générées par l’AOPDF.
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Fig. III.15 – Intensité de corrélation entre la sortie du compresseur à prismes
et celle de l’AOPDF. (a) Superposition de plusieurs corrélations
pour différents délais obtenues à 510 nm. (b) Séquence de 5 im-
pulsions à 640 nm.

Une autre mise en forme complexe mettant en avant les possibilités de façonnage est mon-
trée sur la figure III.16. Il s’agit d’une séquence de trois impulsions, chacune ayant une
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Fig. III.16 – Intensité de corrélation d’une séquence de trois impulsions : avec
une phase spectrale quadratique, une plate et une cubique.

phase spectrale différente. La première présente une phase quadratique de -16,9.104 fs2, la
seconde une phase nulle et la troisième une phase cubique de 28.104 fs3. La mise en forme
est globalement bien reproduite avec toutefois un défaut sur la première impulsion. Celle-ci
est en effet plus courte qu’elle ne le devrait. Ceci est dû à des effets de saturation de l’onde
acoustique et peut être évité en utilisant une efficacité de diffraction plus faible.

III.2.4 Vers un NOPA compact et programmable ?

Nous avons enfin utilisé l’AOPDF à l’intérieur du NOPA. En effet, l’AOPDF est suffi-
samment petit pour être introduit en amont des étages d’amplification sans trop compliquer
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le dispositif. Nous souhaitions ainsi obtenir des impulsions courtes directement en sortie
du NOPA. Nous espérions aussi pouvoir accorder le NOPA à l’aide de l’AOPDF. Cette
expérience se rapproche de celle présentée dans la référence[117] où une ligne à dispersion
nulle avec un masque à cristaux liquides est utilisée pour mettre en forme le continuum de
lumière blanche d’un NOPA.

Nous avons ainsi réalisé le montage présenté sur la figure III.17. Il est assez sem-

Fig. III.17 – L’AOPDF est placé sur le continuum avant l’amplification. Le
premier étage d’amplification a été retiré (voir figure III.10
page 86 pour comparaison).

blable à celui présenté sur la figure III.10 page 86. Nous avons juste retiré le premier étage
d’amplification et utilisé l’AOPDF pour mettre en forme le continuum. Nous avons aussi
inséré une lame demi-onde pour compenser le changement de polarisation entre l’entrée et
la sortie de l’AOPDF. Le faisceau diffracté par l’AOPDF est amplifié dans le cristal qui
servait auparavant au deuxième étage d’amplification.

L’accord en longueur d’onde du NOPA se fait en décalant temporellement le conti-
nuum par rapport à l’impulsion de pompe (voir la partie I.4 page 7). En effet, le continuum
présente une forte dérive de fréquence et le décalage temporel permet de superposer, dans
le cristal d’amplification, l’impulsion de pompe avec la partie du continuum que l’on sou-
haite amplifier. Habituellement, cela se fait par le biais de translations que l’on ajuste à la
main, comme on peut le voir sur la figure III.10 (il y a autant de translations que d’étages
d’amplification).

Notre objectif est de réaliser ce décalage à l’aide de l’AOPDF en programmant diffé-
rents retards en fonction de la longueur d’onde voulue. Initialement, nous pensions que les
délais à introduire étaient relativement faibles (de quelques dizaines à quelques centaines
de fs) et étaient donc facilement réalisables avec l’AOPDF. C’était sans tenir compte de la
forte variation de l’indice du TeO2 dans la gamme visible. Cette variation de l’indice ra-
joute un délai dû au temps de traversée de l’AOPDF, qui dépend fortement de la longueur
d’onde choisie. Ceci va limiter la gamme d’accordabilité accessible.
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En plus de ce décalage, l’AOPDF doit aussi recomprimer les impulsions. Il faut pour
cela compenser la phase spectrale du continuum et pré-compenser la phase qui sera accu-
mulée lors de la traversée des optiques placées après l’AOPDF.

Les résultats d’accordabilité et de recompression sont présentés sur la figure III.18. Les
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Fig. III.18 – Impulsions en sortie du NOPA avec un AOPDF avant amplifi-
cation. Haut : Intensités spectrales (carrés noirs). Bas : inten-
sité d’autocorrélations correspondantes (carrés noirs pour l’ex-
périence, trait gris pour l’ajustement en sech2).

durées obtenues sont tout à fait honorables et comparables à celle obtenues précédemment.
Par contre, comme nous le pressentions, la plage d’accordabilité est relativement réduite
(530-600 nm) par rapport à celle du NOPA standard (480-680 nm).

Pour pouvoir accorder le NOPA sur une plus large bande, il faut à nouveau utiliser
une translation pour rattraper à la main le décalage temporel introduit par la traversée du
cristal de TeO2.

Une autre limitation de cette approche est l’énergie en sortie du NOPA. Cela ne tient
pas au fait de n’utiliser qu’un étage d’amplification. En effet, nous pourrions en mettre
deux ; nous avons choisi cette solution car elle minimisait les changements entre les deux
dispositions possibles (AOPDF en sortie et AOPDF dans le NOPA). Nous avons remarqué
que l’énergie obtenue en sortie était plus faible que pour un NOPA à un étage sans AOPDF :
recomprimer le continuum avant l’amplification dégrade le rendement. En effet, l’efficacité
d’amplification dépend fortement du recouvrement temporel dans le cristal d’amplification
entre l’impulsion de pompe et la partie du continuum à amplifier. Comme la pompe est
plutôt longue (de l’ordre de 200 fs) il n’est pas efficace d’avoir un continuum court.

Pour augmenter l’énergie disponible, on peut placer des bouts de verres en sortie du
NOPA et demander à l’AOPDF de précompenser la dispersion introduite par ces éléments.
Cela permet d’avoir un continuum plus long dans le cristal d’amplification tout en ayant
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une impulsion courte après les bouts de verres. Nous avons mis en oeuvre cette modification
et cela a permis un net gain en énergie au prix d’une complexité accrue.

III.2.5 Bilan

Nous avons ici montré pour la première fois qu’un AOPDF pouvait servir de système
de compression et de mise en forme directement en sortie d’un NOPA et ce sur toute la
gamme visible[41]. Il apporte de nombreux avantages par rapport aux systèmes de com-
pression traditionnels (prismes, réseaux, miroirs "chirpés"). Tout d’abord, il ne nécessite
aucun réalignement. Il est de plus beaucoup plus simple et compact. Enfin, il permet, en
plus de la recompression, une mise en forme de la sortie du NOPA. Cette dernière carac-
téristique peut être très intéressantes pour des expérience de contrôle optimal ou cohérent
dans des systèmes moléculaires ou biologiques.





Chapitre IV

CONTRÔLE COHÉRENT DANS LE
RUBIDIUM

Le contrôle de systèmes très divers (atomes, molécules, objets biologiques, etc...)
au niveau quantique est un domaine très dynamique de la physique moderne. Un grand
nombre de schémas de contrôle repose sur l’interaction cohérente entre le système étudié
et une ou plusieurs impulsions lumineuses contrôlées[2, 118, 119, 4]. C’est entre autres le
cas du contrôle cohérent[120, 25, 121] et du contrôle optimal[6, 24]. Ces vingt dernières
années ont vu une explosion du nombre de systèmes étudiés, dans des domaines très variés,
grâce notamment à l’apparition de façonneurs actifs1 (voir en particulier le chapitre II
page 15). Ceux-ci permettent la réalisation d’impulsions avec des profils très complexes. Ils
permettent aussi de changer très rapidement de mise en forme, rendant ainsi possible des
contrôles en boucle fermée[6] (contrôle optimal).

Cette utilisation d’impulsions fortement mises en forme a entraîné un développement
rapide des outils et des techniques de caractérisation de ces dernières.

Dans ce chapitre, nous allons nous intéresser à un type particulier de processus co-
hérent : les transitoires cohérents. Ceux-ci apparaissent lors de l’interaction d’un système
atomique avec une impulsion laser ultracourte. Par des techniques de contrôle cohérent qui
utilisent le façonneur haute résolution présenté précédemment, nous pouvons contrôler le
comportement de ces transitoires. Cela nous a aussi permis d’accéder à la fonction d’onde
atomique du système utilisé. Enfin, nous avons exploité cette information sur l’atome pour
caractériser l’impulsion ultracourte mise en forme ayant servi à la génération et au contrôle
des transitoires cohérents.

Ce travail s’inscrit dans la continuité des précédentes études de transitoires cohérents
réalisées au sein de l’équipe[122, 55]. Nous présenterons en premier lieu le formalisme
des transitoires cohérents. Ensuite, nous rappellerons succinctement la première mise en
évidence expérimentale. Puis, nous donnerons un aperçu des différents schémas de contrôle
qui ont été mis en œuvre, avant cette thèse ou pendant.

Nous présenterons ensuite comment il est possible d’obtenir des informations sur la
fonction d’onde atomique. Enfin, nous montrerons que les transitoires cohérents peuvent
servir de système de caractérisation d’impulsions employées.

1Cette appellation de "façonneurs actifs" qui a été consacrée par la communauté scientifique, est assez
malheureuse. En effet, presque tous ces façonneurs se comportent comme des filtres spectraux passifs,
c’est-à-dire sans amplification. L’appellation "façonneurs programmables" serait moins ambiguë. Nous
nous conformerons cependant à l’appellation communément admise de "façonneurs actifs" en gardant à
l’esprit cette ambiguïté.
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IV.1 Formalisme

Les transitoires cohérents se produisent lors de l’interaction d’un système à deux
niveaux |g〉 et |e〉 avec une impulsion dite de pompe, peu intense, résonnante avec la
transition entre ces deux niveaux. Ils se traduisent par une évolution très particulière de la
population dans l’état excité |e〉 au cours de l’interaction avec l’impulsion de pompe. Pour
observer cette population, on utilise une impulsion courte dite de sonde qui est séparée de
l’impulsion de pompe par un délai variable. Celle-ci permet de transférer une part de la
population présente dans l’état excité à un instant donné vers un niveau supérieur |f〉. Une
mesure de la population du niveau supérieur (par observation de la fluorescence émise par
exemple) pour différents délais permet de suivre l’évolution des transitoires cohérents. Nous
nous intéressons donc à l’interaction entre un système à trois niveaux et deux impulsions
courtes.

IV.1.1 Notations et définitions

IV.1.1.1 Niveaux atomiques

On considère le système atomique à trois niveaux présenté à la figure IV.1. On note

|f〉

|e〉

|g〉

Es(t)

Ep(t)

τ

Fig. IV.1 – Système atomique à trois niveaux considéré.

|g〉, |e〉 et |f〉 ces trois niveaux et respectivement ~ωg, ~ωe et ~ωf leurs énergies propres.
La fonction d’onde de ce système s’écrit :

|Ψ(t)〉 = ag(t) |g〉 e−iωgt + ae(t) |e〉 e−iωet + af (t) |f〉 e−iωf t (IV.1)

où ag(t), ae(t) et af(t) sont les amplitudes de probabilités respectives des différents états.
Les pulsations associées aux transitions de pompe (|g〉 7→ |e〉) et de sonde (|e〉 7→ |f〉) sont
notées ωeg = ωe − ωg et ωfe = ωf − ωe, respectivement.

Dans toute la suite, nous considérerons les durées de vie de ces trois états comme
infinies2 ou du moins excessivement longues devant tous les processus étudiés.

2Expérimentalement, cette approximation est valide car nous allons étudier des dynamiques de quelques
picosecondes, les durées de vie des états utilisés étant supérieures à la nanoseconde.
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IV.1.1.2 Champs électriques

Les champs de pompe et de sonde sont des quantités réelles. Nous les noterons res-
pectivement Ep(t) et Es(t). Cependant, dans toute la suite, seule la partie de fréquences
positives de ces champs nous importera. On définit ainsi le champ de pompe complexe

Ep(t) = Ap(t)e
−iωpte iϕp(t) (IV.2)

où ωp est la pulsation centrale du champ. On appelle ∆tp sa largeur à mi-hauteur en
intensité. Dans toute la suite et pour tous les autres champs, nous définirons la durée
d’une impulsion comme sa largeur à mi-hauteur en intensité.

Ce champ Ep(t) est lié au champ réel Ep(t) par la relation

Ep(t) =
1

2

[
Ep(t) + E∗

p(t)
]

(IV.3)

Dans le domaine spectral, on définit le champ Ẽp(ω)

F [Ep(t)] = Ẽp(ω) = Ap(ω) exp[iφp(ω)] (IV.4)

où F note la transformée de Fourier directe (voir l’équation A.1 page 153).
On note de façon similaire le champ de sonde Es(t). En particulier, sa pulsation centrale
est notée ωs, sa durée ∆ts et sa transformée de Fourier Ẽs(ω).

On appelle τ le délai pompe-sonde, c’est à dire le délai entre l’impulsion de pompe et
celle de sonde. On considère de plus que l’impulsion de pompe (respectivement de sonde)
est quasi-résonnante avec la transition de pompe (respectivement de sonde). On note le
désaccord δωeg = ωp − ωeg (respectivement δωfe = ωs − ωfe). Les champs de pompe et de
sonde sont tous deux de polarisation linéaire notée e.

IV.1.2 Population dans l’état final - fluorescence

L’objectif de cette section est d’établir la population Pf dans l’état final |f〉 en fonction
du délai pompe-sonde τ . Le signal de fluorescence mesuré expérimentalement et noté S (τ),
est directement proportionnel à cette population.

En utilisant l’approximation de l’onde tournante ainsi que l’approximation pertur-
bative, on trouve[123, 122, 55] pour l’amplitude de probabilité dans l’état excité |e〉, à un
instant t :

ae(t) = −µeg

2i~

∫ t

−∞

Ep(t
′)e iωegt′dt′ (IV.5)

avec µeg = 〈e|D.e |g〉, D étant l’opérateur dipolaire électrique et e la polarisation du champ
électrique. La population dans l’état |e〉 s’écrit quant à elle :

Pe(t) = |ae(t)|2 =

∣
∣
∣
∣

µeg

2~

∫ t

−∞

Ep(t
′)e iωegt′dt′

∣
∣
∣
∣

2

(IV.6)

Les mêmes approximations appliquées à la transition de sonde donnent[122, 55] pour l’am-
plitude de probabilité dans l’état final |f〉 à un instant t :
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af(t, τ) = −µfe

2i~

∫ t

−∞

Es(t
′ − τ)e iωfet′ae(t

′) dt′ (IV.7)

où µfe est le moment dipolaire de la transition de sonde. L’amplitude de probabilité dans
l’état final dépend du délai pompe-sonde τ par le biais de la sonde Es(t − τ).

On peut ainsi écrire la population dans l’état final à un instant t sous la forme

Pf (t, τ) = |af(t, τ)|2 ∝
∣
∣
∣
∣

∫ t

−∞

dt′Es(t
′ − τ)e iωfet′ae(t

′)

∣
∣
∣
∣

2

(IV.8)

Le signal que nous observons expérimentalement est en fait une intensité de fluorescence
qui est proportionnelle à la population dans l’état final. Cette intensité n’est pas résolue
en temps et elle est ainsi liée à la population asymptotique Pf(∞, τ) et ne dépend que du
délai pompe-sonde.

Il est donc important de regarder le comportement asymptotique de l’amplitude de
probabilité af(∞, τ) ainsi que celui de la population. A partir de l’équation IV.7, on trouve

af (∞, τ) = −µfe

2i~

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′ − τ)e iωfet′ae(t

′) (IV.9)

que nous ré-écrivons sous la forme

af(∞, τ) = e iωfeτbf (τ) (IV.10)

en introduisant la quantité bf (τ) :

bf(τ) = −µfe

2i~

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′ − τ)e iωfe(t

′−τ)ae(t
′) (IV.11)

Cette quantité est proportionnelle à la corrélation3 entre le champ de sonde décalé spectra-
lement de ωfe (c’est à dire Es(t) exp[iωfet]) et l’amplitude de probabilité dans l’état excité
ae(t). On peut alors écrire le signal de fluorescence S (τ) comme :

S (τ) ∝ Pf (∞, τ) = |af (∞, τ)|2 = |bf (τ)|2 (IV.12a)

S (τ) ∝
∣
∣
∣
∣

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′ − τ)e iωfe(t

′−τ)ae(t
′)

∣
∣
∣
∣

2

(IV.12b)

Tous ces résultats présentés ne sont valables que tant que l’approximation perturbative est
vérifiée. Cela se traduit par les conditions suivantes :

Pg(t) ≃ 1 et Pe(t), Pf(t) ≪ 1 pour tout instant t. (IV.13)

L’effet principal de la sonde Es(t) est de moyenner l’amplitude de probabilité ae(t)
sur un temps caractéristique de l’ordre de sa durée ∆ts. Si cette impulsion est suffisamment
courte devant les temps caractéristiques d’évolution de ae(t), elle se résume à un simple

3Plus précisemment, [f(t)∗g(t)](τ) désignant le produit de convolution de f par g, on peut écrire
bf (τ) = −µfe/(2i~) [Es(−t) exp(iωfe(−t))∗ae(t)](τ).
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delta de Dirac et on obtient ainsi un signal de fluorescence proportionnel à la population
dans l’état excité |e〉 :

S δ(τ) ∝ Pe(τ) (IV.14)

Dans toute la suite, nous omettrons les différents facteurs multiplicatifs afin d’alléger les
expressions.

IV.1.3 Transitoires cohérents - Spirale de Cornu

Nous allons pour l’instant étudier le signal de fluorescence S δ(τ) en supposant l’im-
pulsion de sonde infiniment courte (l’effet de cette sonde a été détaillé dans la référence[122]
et sera traité en détail dans la partie IV.6 page 135). Le signal S δ(τ) nous donne donc accès
directement à Pe(τ).

Nous allons montrer ici que cette population dans l’état excité présente un régime
oscillant transitoire lorsque que la pompe possède une dérive de fréquence[53]. C’est ce
régime transitoire que nous appelons transitoires cohérents.

Nous supposerons tout d’abord que l’impulsion de pompe a un profil gaussien et
possède une forte dérive de fréquence :

Ep(t) = Ap(t)e
−iωpte iϕp(t)

avec Ap(t) = 4−(t/∆tp)2 (IV.15a)

et ϕp(t) = −αpt
2 (IV.15b)

Nous supposerons ensuite qu’elle est résonnante avec la transition de pompe c’est à dire
que ωp = ωeg. La pulsation instantanée de cette impulsion (donnée par la dérivée de la
phase totale [ωpt − ϕp(t)]) vaut :

ω(t) = ωp + 2αpt = ωeg + 2αpt (IV.16)

On observe donc bien une dérive de fréquence linéaire en temps. On obtient une telle
impulsion en ajoutant dans le domaine spectral une phase quadratique φ

(2)
p à une impulsion

limitée par transformée de Fourier de durée initiale ∆tp0. On a les relations suivantes (voir
par exemple la référence [124]) :

∆tp = ∆tp0

√
√
√
√1 +

(

2φ
(2)
p

∆tp
2
0

)2

(IV.17a)

αp =
2φ

(2)
p

∆tp
4
0 + 4φ

(2)
p

2 (IV.17b)

Fort de ces suppositions, on peut ré-écrire l’équation IV.5 page 97 sous la forme :

ae(t) ∝
∫ t

−∞

Ap(t
′)e i(δωegt′+αpt′2)dt′ (IV.18)

L’évolution de cette amplitude de probabilité ainsi que celle de la population qui y est
associée sont représentées sur la figure IV.2 page suivante. La partie gauche (a) correspond
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Fig. IV.2 – Population dans l’état excité Pe (a) et amplitude de probabilité ae

(b) en fonction du délai pompe-sonde. La pompe est résonnante
avec la transition pompe (ωp = ωeg), possède une phase quadra-
tique φ

(2)
p = 8.105 fs2. Sa durée est de l’ordre de ∆tp = 20 ps

(durée sans dérive de fréquence de 130 fs).

à la population dans l’état excité Pe(t). La partie droite (b) présente l’évolution, dans le
plan complexe, de l’amplitude de probabilité ae(t). Dans ce plan, la population à un délai
donné correspond au carré de la distance entre l’origine (0,0) et la position actuelle. Le
champ de pompe est choisi à résonance (δωeg = 0), avec une durée initiale de ∆tp0 = 130 fs

et une phase quadratique spectrale de φ
(2)
p = 8.105 fs2. La durée de l’impulsion de pompe

est ainsi de l’ordre de ∆tp = 20 ps.
On observe sur la population Pe(t) un accroissement rapide autour de t = 0 suivi

d’oscillations transitoires qui se produisent durant l’interaction avec l’impulsion de pompe.
Ce sont ces oscillations que nous appelons transitoires cohérents.
L’accroissement à t = 0 correspond au passage par la résonance, c’est-à-dire à l’arrivée
dans l’impulsion de la pulsation ωeg. A cette contribution principale vient ensuite s’ajouter
celles des autres pulsations, non résonnantes, qui arrivent linéairement au cours du temps
(voir l’équation IV.16 page précédente). Selon la différence entre la phase accumulée par ces
pulsations et celle accumulée par la contribution résonnante, la population va s’accroître
(contribution constructive) ou diminuer (contribution destructive).

On peut aussi voir ces oscillations comme des battements entre l’amplitude de proba-
bilité transférée à résonance, qui évolue librement dans l’état |e〉 en accumulant une phase
ωegt, et la composante spectrale non résonnante qui intervient à un instant t et a accumulé
une phase4

∫ t

−∞
ω(t′)dt′ = ωegt + αpt

2. On a alors à un instant t un déphasage αpt
2 entre

les deux contributions ce qui donne des oscillations qui s’accélèrent linéairement avec le
temps. On voit donc bien que c’est la phase temporelle quadratique qui est responsable
des oscillations transitoires.

4en supposant l’impulsion de pompe centrée à résonance : ωp = ωeg
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L’effet de ce terme de phase se voit mieux sur l’évolution de l’amplitude de probabilité
dans le plan complexe (figure IV.2 (b)). L’évolution au cours du temps reproduit une spirale
de Cornu similaire à celle rencontrée dans la diffraction d’une onde plane par un bord
d’écran, dans l’approximation de Fresnel[125]. Cette évolution peut se décomposer en trois
étapes :

• Pour un temps infiniment négatif, il n’y a pas de population dans l’état excité et
l’amplitude de probabilité est en (0,0). Pour un délai négatif (zone I), la phase
temporelle évolue très rapidement alors que le rayon augmente lentement de façon
monotone : l’amplitude de probabilité se déroule autour de (0,0). Plus le délai se
rapproche du délai nul, plus le rayon augmente et plus l’accroissement de la phase
se ralentit.

• Lorsque le délai est suffisamment proche de zéro (zone II), on observe le passage par
la résonance. Ce passage correspond, dans l’intégrale de l’équation IV.18 page 99,
à une condition de phase stationnaire : la phase n’évolue presque plus et le rayon
s’accroît fortement.

• La dernière étape d’évolution (zone III) correspond aux délais positifs où l’on ob-
serve les oscillations sur la population. Dans le plan complexe, cette étape est tout
à fait similaire à la première étape. Dans le cas présent (où δωeg = 0), elle est
même le symétrique de la première étape par rapport au passage par la résonance.
Le terme en iαpt

2 entraîne une évolution de plus en plus rapide de la phase alors
que la population atteint progressivement sa valeur asymptotique. La différence par
rapport à la première étape est que la spirale s’enroule maintenant autour d’une
valeur non nulle. Le rayon, et donc la population, vont ainsi présenter des maxima
et des minima.

Lorsque l’interaction est terminée, l’amplitude de probabilité et la population asymp-
totiques valent :

ae(∞) = −µeg

2i~

√
2πEp(ωeg) ∝ Ap(ωeg)e

iφp(ωeg) (IV.19a)

Pe(∞) = |ae(∞)|2 ∝ A2
p(ωeg) (IV.19b)

On a donc une population asymptotique Pe(∞) totalement indépendante de la phase spec-
trale à résonance φp(ωeg). Cette population dépend uniquement de l’intensité spectrale à la
pulsation de résonance de la transition |e〉 7→ |f〉. Quel que soit le profil de phase spectrale
φp(ω) de l’impulsion de pompe, le transfert de population sera le même. Pour la population,
la phase n’intervient que sur l’évolution transitoire d’où le nom de transitoires cohérents.

Par contre, la phase de la probabilité asymptotique ae(∞) est directement liée à la
phase de l’impulsion à la pulsation de résonance. Dans le plan complexe, la spirale de
Cornu converge asymptotiquement vers un point dont la position dépend de φp(ωeg). Cette
capacité qu’a l’atome de garder en mémoire la phase du champ de pompe sera un élément
clef par la suite. Elle nous permettra de réaliser des mesures de fonctions d’onde atomique
ainsi que des caractérisations d’impulsions courtes.

Rappelons enfin que ces transitoires cohérents sont en fait parfaitement analogues à
la diffraction d’une onde monochromatique par un bord d’écran, dans l’approximation de
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Fresnel[125]. Cette analogie est détaillée dans les références [122, 55, 18] et a été exploitée
pour la réalisation de lentilles de Fresnel temporelles [18].

IV.2 Observation expérimentale

La première observation expérimentale des transitoires cohérents a été réalisée au sein
de l’équipe, en 2001, durant la thèse de Sébastien Zamith[17]. L’expérience a été réalisée
avec la transition 5S 1

2
(état |g〉), 5P 1

2
(état |e〉) dans l’atome de rubidium. Cette transition

a le double avantage de présenter une force d’oscillateur élevée et une longueur d’onde de
résonance autour de 795 nm, proche de la longueur d’onde centrale de notre amplificateur.
Les niveaux mis en jeu sont présentés sur la figure IV.3 page suivante. L’impulsion de
pompe Ep(t) excite la transition 5S 1

2
7→ 5P 1

2
. Elle possède une forte phase quadratique et

sa durée étirée est de l’ordre de 20 ps. Des précautions particulières sont prises pour éviter
d’exciter le deuxième état du doublet de structure fine 5P 1

2
centré autour de 780 nm. La

population transférée dans l’état 5S 1
2

à l’instant τ est mesurée à l’aide d’une impulsion
de sonde Es(t), décalée de τ par rapport à la pompe. Elle est beaucoup plus courte que
cette dernière (durée de l’ordre de 30 fs) et que le temps caractéristique des oscillations
du transitoire. Nous la supposerons aussi limitée par transformée de Fourier. Elle transfère
une part de la population vers des niveaux supérieurs (nS, n′D). La cascade radiative
de ces états vers le fondamental produit un signal de fluorescence à 420 nm. C’est cette
fluorescence qui est détectée en fonction du délai de pompe-sonde τ : elle est directement
proportionnelle à la population dans l’état excité5 au temps τ .

Le schéma du dispositif expérimental est présenté figure IV.4 page suivante. La sortie
de l’amplificateur régénératif (795 nm, 130 fs, 1 mJ, 1 kHz) est scindée en deux. Une
première partie pompe un NOPA qui produit l’impulsion de sonde (607 nm, 30 fs, 5 µJ,
1 kHz). La deuxième partie est étirée dans un étireur à réseaux en double passage. Celui-ci
introduit une phase quadratique importante φ

(2)
p = −8,4.105 fs2 et donne l’impulsion de

pompe (795 nm, 20 ps, 5 µJ, 1 kHz). Le délai de pompe sonde est introduit par une table
à retard motorisée et les deux impulsions sont recombinées et envoyées dans une cellule de
rubidium. Cette cellule de 80 mm est fermée par des fenêtres de 3 mm d’épaisseur, taillées
à Brewster. Elle est composée d’un queusot contenant du rubidium solide et d’une chambre
où ce dernier est sous forme de gaz. La pression de gaz est contrôlée par la température
du queusot. Pour éviter la déposition de rubidium sur les fenêtres, la chambre (83◦ C)
est toujours plus chaude que le queusot (69◦ C) qui fait office de point froid. La pression
correspondante est de l’ordre de 2,7.10−3 Pa. La détection de la fluorescence est assurée par
deux lentilles de grandes ouvertures et un photomultiplicateur (RCA IP28) qui sont accolés
à la cellule. La sélection spectrale est réalisée par un filtre coloré. Le photomultiplicateur
est porté à une tension de 800V et relié à un intégrateur.

Le signal expérimental obtenu est présenté sur la figure IV.5 page 104. Les carrés
noirs correspondent au signal de fluorescence, le trait noir à la théorie, en fonction du délai
de pompe-sonde. L’impulsion de pompe dure environ 20 ps et on observe donc l’évolution

5Ceci est lié aux suppositions faites sur la sonde. Son effet est étudié en détail dans la partie IV.1.2
page 97 ainsi que dans la référence [122].



IV.2. OBSERVATION EXPÉRIMENTALE 103

8D, 10S
7D, 9S
6D, 8S

5P 3

2

5P 1

2

5S 1

2

Ep(t)
795 nm, 20 ps

τ

Es(t)
607 nm, 30 fs

Fluo(τ)
420 nm

Fig. IV.3 – Niveaux atomiques du rubidium utilisés pour la détection des
transitoires cohérents par pompe-sonde.
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Etireur
à rØseaux

Fig. IV.4 – Dispositif expérimental pour l’observation des transitoires cohé-
rents par pompe-sonde.

de la population dans l’état excité au cours de son interaction avec la pompe. Sur la courbe
théorique, l’amplitude, la ligne de base et le délai zéro sont déduits de l’expérience. La phase
quadratique est quant à elle ajustée pour reproduire au mieux la période des oscillations.
La phase quadratique de l’ajustement est en bon accord avec la géométrie de l’étireur à
réseaux.



104 CHAPITRE IV. CONTRÔLE COHÉRENT DANS LE RUBIDIUM

-2 0 2 4 6 8 10

0.4

0.6

0.8

1.0

1.2

1.4

1.6

1.8

2.0

2.2

2.4

2.6

 Délai de pompe sonde (ps)

In
te

ns
ité

 d
e 

Fl
uo

re
sc

en
ce

 (u
. a

rb
.)

Fig. IV.5 – Transitoires cohérents dans le Rubidium. La fluorescence (carrés
noirs) observée en fonction du délai de pompe-sonde reproduit
très fidèlement les transitoires cohérents théoriques attendus (trait
noir). L’impulsion de pompe, résonnante, a une phase quadratique
de φ

(2)
p = −8,4.105 fs2.

IV.3 Contrôle des transitoires

Nous venons de voir dans la partie précédente que l’évolution des transitoires cohé-
rents atomiques est fortement liée au profil de phase de l’impulsion de pompe. Il s’agit
donc d’un processus qui se prête extrêmement bien à des expériences de contrôle cohérent :
en jouant sur le profil de phase (et éventuellement d’amplitude) de l’impulsion de pompe,
on doit pouvoir contrôler le comportement de la population dans l’état |e〉. Plusieurs ex-
périences de ce type ont été mises en œuvre, au sein de l’équipe ainsi que dans l’équipe de
Yaron Silberberg au Weizmann Institute of Science.

IV.3.1 Quelques expériences.

L’équipe de Silberberg a ainsi maximisé le régime transitoire[16], au détriment de la
population asymptotique. Dans cette expérience, l’impulsion de pompe ne présente pas de
dérive de fréquence. Par contre, un saut de phase est appliqué dans le domaine spectral,
à proximité de la pulsation de résonance ωeg. Ils ont ainsi montré qu’en appliquant des
sauts de l’ordre de π, il était possible d’obtenir un régime transitoire intense et très piqué
(voir la figure IV.6 page suivante). De façon assez schématique, on peut dire que pour une
impulsion de pompe Ep(t) normale (c’est à dire sans saut de phase, limitée par transformée
de Fourier), les contributions non résonnantes interfèrent destructivement deux à deux et
on obtient un transfert de population en forme de marche (trait noir sur la figure IV.6) lié
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Fig. IV.6 – Figure tirée de la référence [16] Transient population mea-
surement as a function of the probe delay for the pulse shapes :
transform limited pump pulse (solid black line), on resonant p-step
shaped pulse (dashed line), shifted 0.7p step (solid gray line).

à la contribution à résonance. On peut ainsi écrire l’amplitude de probabilité au moment
du passage par résonance (c’est-à-dire ae(0)) sous la forme

ae(0) =
ae(+∞)

2

[

1 +
i

πẼp(ωeg)
PP

∫ ∞

−∞

Ẽp(ω)

ωeg − ω
dω

]

(IV.20)

où PP représente la partie principale de Cauchy.
Dans le domaine spectral, en appliquant un saut de phase de π au niveau de la pulsation de
résonance, la moitié des composantes non résonnantes change de signe et les interférences
deux à deux destructives deviennent constructives. On obtient alors un transitoire très
piqué (tirets noirs sur la figure IV.6) avec un transfert asymptotique plus faible. Nous
n’entrerons pas plus dans les détails de cette expérience de contrôle cohérent et nous
invitons les lecteurs intéressés à consulter l’article d’origine[16] ou la thèse de Jérôme
Degert[55].

Au sein de l’équipe, plusieurs expériences ont été réalisées. La première combine phase
quadratique et saut de phase pour déphaser les transitoires cohérents observés précédem-
ment. Cette expérience a une importance particulière pour les travaux réalisés au cours de
cette thèse et est donc détaillée un peu plus loin (partie IV.3.2 page suivante).

Une deuxième expérience utilise la forte analogie entre les transitoires cohérents et
la diffraction dans l’approximation de Fresnel pour réaliser une lentille à zones de Fresnel
temporelle[18, 55]. Une lentille à zone de Fresnel est en fait un masque qui bloque certaines
zones judicieusement choisies du profil spatial d’un faisceau lumineux afin de le focaliser.
Cette approche se transpose parfaitement au contrôle des transitoires cohérents présentés
sur la figure IV.2. En effet, si l’on éteint le champ de pompe sur chaque intervalle temporel
où la population Pe(t) décroît, on transformera les oscillations en marches d’escalier et on
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augmentera la population asymptotique. Cette intuition est confirmée par les simulations
théoriques réalisées par Jérôme Degert et présentées sur la figure IV.7.

Fig. IV.7 – Figure tirée de la référence [55] Application du principe
des zones de Fresnels au domaine temporel. L’impulsion pompe
(λp = 794,4 nm, ∆tp0 = 110 fs, φ

(2)
p = −4,9.105 fs2) est découpée

temporellement afin d’accroître la population asymptotique. Les
trois graphes représentent respectivement l’amplitude du champ
électrique de l’impulsion pompe, la population de l’état excité en
fonction du temps et le spectre de l’impulsion. La courbe en gris
clair correspond aux transitoires cohérents non modifiés, la courbe
en gris au cas où l’on a supprimé la première contribution destruc-
tive à ae(t) et la courbe en noir au cas où l’on a supprimé les trois
premières contributions destructives.

L’expérience a été réalisée en collaboration avec l’équipe de Marcus Motzkus du
Max-Plank-Institute of Quantum Optics. La figure IV.8 page ci-contre présente le résultat
obtenu pour un trou au niveau de la première interférence destructive. On observe bien
une focalisation temporelle de la population.

IV.3.2 Déphasage des transitoires

Les deux parties précédentes mettent en avant la grande sensibilité de l’amplitude de
probabilité à la phase et à l’amplitude de l’impulsion de pompe. Il n’y a rien d’étonnant à
cela : dans l’approximation perturbative, le champ de pompe et l’amplitude de probabilité
sont simplement reliés par une relation d’intégration (voir l’équation IV.5 page 97).

Il est ainsi possible de contrôler l’évolution des transitoires cohérents en contrôlant
la phase temporelle du champ de pompe[18].

En particulier, les transitoires cohérents observés pour une pompe à forte dérive de
fréquence peuvent être inversés en changent le signe du champ de pompe au cours de l’inter-
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Fig. IV.8 – Figure tirée de la référence [55] Augmentation de la popu-
lation transférée. (a) Spectre calculé (noir) et spectre réalisé ex-
périmentalement (gris). (b) Population de l’état excité pour une
impulsion découpée (gris) et pour l’impulsion initiale (gris clair),
ainsi que les courbes théoriques obtenues à partir des spectres
expérimentaux (noir).

action avec l’atome. Dans la pratique, il est extrêmement difficile, voire même impossible,
d’agir directement sur la phase ou l’amplitude temporelle d’une impulsion femtoseconde et
on agit dans le domaine spectral.

Nous allons montrer ici qu’il est possible de changer le signe du champ temporel, et
donc de déphaser les transitoires cohérents, en appliquant un saut de phase de π dans le
domaine spectral.

IV.3.2.1 Homothétie temps fréquence

Pour pouvoir comprendre de façon qualitative ce qui se passe lorsqu’on applique un
saut de phase de π à une impulsion à forte dérive de fréquence, nous allons nous appuyer
sur l’homothétie temps-fréquence.

Considérons tout d’abord une impulsion de pompe à forte dérive de fréquence. Nous
avons vu que la pulsation instantanée d’une telle impulsion varie linéairement avec le
temps (équation IV.16 page 99). Dans le cas présent d’une forte dérive (φ(2)

p ≫ ∆tp
2
0) on a

la relation :

ω(t) = ωp +
t

φ
(2)
p

(IV.21)

A chaque instant t0 au cours de l’impulsion, on retrouve une pulsation apparente ω0 =
ω(t0). Prenons par exemple la pulsation de la transition |g〉 → |e〉 : elle est présente dans
l’impulsion à un instant teg = φ

(2)
p (ωeg −ωp). Autour du temps teg, la pulsation instantanée
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de l’impulsion sera voisine de ωeg. Plus précisément, sur un intervalle ∆t centré en teg, la
pulsation de la pompe vaudra ωeg à ∆ω près avec :

∆ω =
∆t

|φ(2)
p |

(IV.22)

Cependant, comme le temps et la pulsation sont des variables couplées, on doit toujours
vérifier :

∆ω.∆t ≥ 4 ln(2) (IV.23)

Donc, même si l’on considère un intervalle spectral ∆ω infiniment étroit, on aura toujours
un intervalle temporel borné vérifiant :

∆t ≥
√

4 ln(2)|φ(2)
p | (IV.24)

En d’autres termes, la pulsation ωeg sera présente dans l’impulsion sur un intervalle tem-

porel d’au moins δt =

√

4 ln(2)|φ(2)
p |, centré en teg. Ce résultat est une façon d’expliquer la

durée du passage par résonance des transitoires cohérents, qui est de l’ordre6 de δt.
Ce résultat se retrouve graphiquement sur une représentation temps-fréquence de

l’impulsion à forte dérive de fréquence (représentation de type Wigner[126] ou Husimi).
Une telle représentation est schématisée sur la figure IV.9, en supposant pour la pompe un
spectre gaussien. L’intensité de la pompe dans le plan temps-fréquence est donnée par une

Fig. IV.9 – Représentation temps-fréquence de l’intensité d’une impulsion de
pompe à forte dérive de fréquence. Le temps d’arrivée teg de la
pulsation de résonance ωeg correspond au passage par la résonance
des transitoires cohérents (pointillés noirs) créés par la pompe.

gaussienne, de section elliptique, schématisée par l’ellipse grise. Cette ellipse est d’autant

6La valeur exacte dépendant du critère choisi pour définir la résonance.
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plus inclinée par rapport à la verticale que la phase quadratique φ
(2)
p est importante. Les

projections sur les deux axes redonnent respectivement l’intensité spectrale (axe vertical)
et l’intensité temporelle (axe horizontal). Les transitoires cohérents induits par une telle
pompe sont tracés sous l’axe temporel. On retrouve bien sur ce schéma que la pulsation ωeg

arrive à l’instant teg correspondant au passage par la résonance des transitoires cohérents.
De plus, ce passage par résonance (intervalle en gris clair) est d’autant plus long que l’ellipse
est penchée, c’est à dire que φ

(2)
p est grande.

Considérons maintenant la même impulsion de pompe, à laquelle on ajoute un saut de
phase de π, dans le domaine spectral. Ce saut de phase correspond à une phase additionnelle
φπ(ω) valant :

φπ(ω) =

{

0 si ω < ωπ,

π sinon.
(IV.25)

Pour comprendre qualitativement l’effet de ce saut de phase spectrale dans le domaine
temporel, nous reprenons la représentation temps-fréquence précédente où l’on ajoute le
saut de phase.

Ceci est schématisé sur la figure IV.10 où l’on a aussi rajouté les transitoires cohérents
induits par la pompe avec saut de phase (trait noir). Compte tenu de l’homothétie temps-

Fig. IV.10 – Effet d’un saut de phase sur une pompe à forte dérive de fré-
quence. Le saut de phase de π appliqué en ωπ change le signe de
l’enveloppe temporelle de la pompe en tπ. Cette inversion dure

environ 3,6

√

|φ(2)
p | (intervalle gris clair). Après l’inversion, les

transitoires cohérents avec saut de phase (trait noir) sont en op-
position de phase avec ceux observés habituellement (pointillés
gris).

fréquence, ce saut de phase de π dans le domaine spectral se traduit par un changement
de signe du champ temporel a un instant tπ = φ

(2)
p (ωπ − ωeg). Ce changement de signe se
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fait sur un intervalle de temps [t1,t2] centré en tπ et de durée de l’ordre de δt. La durée
exacte de cet intervalle dépend de la modélisation du saut de phase. Pour une fonction de

type Heaviside, il a été montré[55] que cette durée est de l’ordre de 3,6

√

|φ(2)
p |.

On s’attend donc à voir des transitoires cohérents habituels avant l’intervalle [t1,t2],
une période de transition durant cet intervalle, et des transitoires en opposition de phase
après.

IV.3.2.2 Réalisation expérimentale

Ce déphasage des transitoires cohérents a été observé expérimentalement lors d’ex-
périences réalisées en collaboration avec l’équipe de Marcus Motzkus. Le même dispositif
expérimental que pour l’observation des transitoires cohérents (voir la figure IV.4 page 103)
est utilisé mais un façonneur est inséré pour introduire une phase spectrale additionnelle.
Le schéma expérimental est présenté sur la figure IV.11. Ce façonneur introduit un saut
de phase de π au niveau d’une pulsation ωπ que l’on peut faire varier.

795 nm
1 kHz
1 mJ
130 fs

NOPA

Photo
Multiplicateur

607 nm, 1 kHz
5 µJ, 30 fs

Cellule
Rb

AMPLI

Façonneur

Ligne à retard

795 nm, 1 kHz
5 µJ, 20 ps

Etireur
à rØseaux

Fig. IV.11 – Dispositif expérimental pour le déphasage de transitoires cohé-
rents. Il s’agit du dispositif présenté figure IV.4 page 103, où
l’on a ajouté un façonneur pour contrôler la phase spectrale de
l’impulsion de pompe.

La figure IV.12 page suivante présente les résultats obtenus lors de la thèse de Jérôme
Degert[55]. Les transitoires cohérents normaux fig.IV.12(a) sont comparés aux transitoires
obtenus lorsque l’on ajoute un saut de phase de π centré en λπ = λeg+0,26 nm fig.IV.12(b),
en λπ = λeg + 0,52 nm fig.IV.12(c), et en λπ = λeg + 1,04 nm fig.IV.12(d). Les points noirs
correspondent aux signaux expérimentaux et les courbes noires aux ajustements théoriques.
Pour les figures IV.12(b),(c) et (d) la courbe en pointillé reproduit l’ajustement théorique
en l’absence de saut de phase. Les transitoires expérimentaux en présence de saut de phase
de π sont en très bon accord avec le comportement attendu et on observe clairement les
trois zones prévues : avant, pendant et après l’intervalle [t1,t2]. On constate aussi que les
transitoires cohérents sont extrêmement sensibles à la position du saut de phase de π. En
particulier, entre les courbes IV.12(b) et (c), la position du saut de phase a été décalée
de seulement 0,26 nm et on peut facilement distinguer les deux courbes. Cet incrément de
0,26 nm est en fait le plus petit décalage réalisable avec le façonneur utilisé à l’époque : cela
correspond à la largeur spectrale d’un pixel du masque de ce façonneur. Des simulations
effectuées par Jérôme Degert[55] et présentées sur la figure IV.13 page 112 montrent que
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Fig. IV.12 – Figure tirée de la référence [55].Transitoires cohérents nor-
maux (a) et en présence de saut de phase de π : en λπ =
795,23 nm (b), en λπ = 795,49 nm (c) et en λπ = 796,01 nm
(d). Les signaux expérimentaux sont en ronds noirs et les ajus-
tements théoriques en traits noirs.

les transitoires cohérents doivent permettre de discriminer des décalages bien plus faibles,
de l’ordre de 0,09 nm.
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Fig. IV.13 – Figure tirée de la référence [55].Etude théorique de l’évolu-
tion des transitoires cohérents lorsqu’on déplacement le saut de
phase de π avec un pas de l’ordre de 0,087 nm). On explore la
zone située entre la figure IV.12(b) et la figure IV.12(c). Initia-
lement (courbe en traits pleins) le saut de phase est centré un
pixel avant la résonance. Les courbes suivantes correspondent à
un décalage de : 1,3 pixels (tirets), 1,6 pixels (pointillés), 1,9
pixels (tirets et pointillés).

IV.4 Sensibilité au champ

Les résultats expérimentaux et théoriques obtenus par Jérôme Degert durant sa thèse
dans l’équipe nous ont poussés à explorer la sensibilité des transitoires cohérents à l’aide
du nouveau façonneur haute résolution. En effet, celui-ci présente une résolution théorique
de 0,06 nm/pixel plus fine que celle utilisée dans les précédentes simulations. Nous souhai-
tions voir si la sensibilité des transitoires cohérents pouvaient être mise à profit pour la
caractérisation et l’alignement de ce nouveau façonneur.

Le dispositif utilisé pour la réalisation expérimentale de ce test est présenté sur la
figure IV.14 page suivante. Il est très proche de celui utilisé lors de la réalisation expéri-
mentale du déphasage des transitoires (figure IV.11 page 110). La différence la plus notable
est l’absence d’étireur à réseaux. En effet, les capacités de mise en forme de notre façon-
neur lui permettent d’appliquer à l’impulsion de pompe à la fois la forte phase quadratique
(précédemment introduite par les réseaux) et le saut de phase de π.

Nous avons déplacé le saut de phase par pas de 1 pixel, soit 0,06 nm, sur une large
plage de longueur d’onde. Dans tous les cas, deux transitoires successifs sont clairement
distincts. La figure IV.15 page suivante présente ainsi les résultats obtenus pour des sauts
de phase distants de la résonance de 0,30 nm (courbe 1) à 0,54 nm (courbe 5). La partie
gauche présente les simulations théoriques et la partie droite les résultats expérimentaux. La
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Fig. IV.14 – Dispositif expérimental pour tester la sensibilité des transitoires
cohérents. Le façonneur introduit à la fois la forte phase quadra-
tique et le saut de phase de π.

phase quadratique introduite par le façonneur pour cette expérience est de φ
(2)
p = 9.105 fs2.

On différencie très bien deux transitoires successifs. Le comportement global des
transitoires expérimentaux est en bon accord avec les simulations théoriques, notamment
la phase relative entre les transitoires avant résonance. La principale différence est le rap-
port d’amplitude entre l’épaulement à 1 ps et le maximum à 3 ps : sur les transitoires
expérimentaux, l’épaulement est plus intense que prévu. Nous attribuons cette différence
à un défaut du façonneur non compensé à l’époque où ces expériences ont été réalisées.
En effet, le façonneur génère, en plus de l’impulsion à dérive de fréquence avec saut de
phase, une réplique limitée par transformée de Fourier située à t = 0. En l’absence de
correction, cette réplique vient perturber l’évolution des transitoires cohérents à proximité
du passage par la résonance. Malgré ce défaut, les transitoires cohérents permettent une
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Fig. IV.15 – Transitoires cohérents théoriques (à gauche) et expérimentaux (à
droite) obtenus pour différentes positions du saut de phase de π.
Les courbes 1 à 5 correspondent respectivement à des sauts placés
à 0,30 nm, 0,36 nm, 0,42 nm, 0,48 nm et 0,54 nm de la résonance.
Le façonneur introduit en outre une phase quadratique φ

(2)
p =

9.105 fs2.

mesure extrêmement précise de la position du saut de phase de π. En comparaison, l’autre
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possibilité pour mesurer cette position est de regarder le trou en amplitude apparaissant
sur le spectre de l’impulsion de pompe (conséquence de l’application du saut de phase) à
l’aide d’un spectromètre. Avec le spectromètre dont nous disposons, cette mesure ne se fait
qu’à 0,2 nm près. De plus elle ne permet pas de distinguer le saut de phase d’un vrai trou
en amplitude.

De façon générale, la plupart des techniques de caractérisation de la phase (ou de
l’amplitude et de la phase) d’impulsions ultracourtes ont une résolution bien moins bonne
que les 0,06 nm que nous avons observé avec les transitoires cohérents. Il en résulte que les
transitoires cohérents sont suffisamment sensibles pour servir à la calibration des façonneurs
de haute résolution[47]. De plus cette calibration se fait sans autre matériel (spectromètre,
SPIDER ou FROG) que le dispositif expérimental servant à l’étude du système atomique.

Il serait très intéressant de pouvoir utiliser cette sensibilité extrême pour mettre
en œuvre une technique de caractérisation complète d’impulsions ultracourtes. Nous allons
voir que les transitoires cohérents permettent une telle caractérisation, moyennant quelques
modifications du schéma de pompe.

Cette technique de caractérisation passe par une étape intermédiaire où l’on mesure
une part de la fonction d’onde atomique. Cette étape est tout a fait intéressante en soi et
nous allons la détailler. Nous verrons ensuite comment exploiter cette information sur la
fonction d’onde atomique pour reconstruire le champ de pompe. Nous détaillerons enfin
les caractéristiques assez inhabituelles de cette technique de mesure complète.

IV.5 Spirographe atomique

Comme nous l’avons vu dans les parties précédentes, les différentes expériences de
transitoires cohérents ou de contrôle de ces derniers font interagir les champs de pompe
Ep(t) et de sonde Es(t) avec le système atomique à trois niveaux {|g〉 , |e〉 , |f〉}. L’état du
système atomique est entièrement déterminé par sa fonction d’onde |Ψ(t)〉 définie précé-
demment (équation IV.1 page 96) et dont nous rappelons l’expression :

|Ψ(t)〉 = ag(t) |g〉 e−iωgt + ae(t) |e〉 e−iωet + af (t) |f〉 e−iωf t (IV.26)

Sous certaines conditions, il est possible de résoudre temporellement, à l’échelle fem-
toseconde, l’évolution de ae(t). Nous avons donc accès à l’amplitude de probabilité de
|Ψ(t)〉 sur l’état |e〉. Ceci constitue une mesure partielle de la fonction d’onde atomique.
La mesure de fonction d’onde[101, 127, 128] est un domaine très actif. Dans de nombreux
cas, la mesure concerne un paquet d’onde qui évolue librement[101] (comme un paquet
d’onde vibrationnel évoluant dans un potentiel électronique donné). Ici, nous proposons
une mesure quelque peu différente car nous nous intéressons à un seul niveau propre dont
on veut mesurer l’évolution forcée sous l’action du champ de pompe.

Nous allons dans un premier temps montrer comment la combinaison de plusieurs
signaux de transitoires cohérents nous permet de remonter à ae(t) ; technique semblable à
l’holographie d’états quantiques[128]. Nous verrons ensuite quelles difficultés expérimen-
tales nous avons dû résoudre pour mettre en œuvre cette reconstruction. Enfin, les diffé-
rentes fonctions d’onde reconstruites seront détaillées et nous insisterons sur les paramètres
clefs de ces reconstructions.
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IV.5.1 Des transitoires cohérents à l’atome

Nous reprenons ici les résultats de la partie IV.1.2. Nous supposerons en particulier
que la sonde Es(t) est suffisamment courte pour être assimilée à un delta de Dirac. Sous
cette condition, le signal de fluorescence mesuré S δ(τ) est directement proportionnel à la
population dans l’état excité (équation IV.14 page 99) :

S δ(τ) = S δ(τ) ∝ Pe(τ) = |ae(τ)|2 (IV.27)

Dans toute la suite, nous omettrons le facteur de proportionnalité et nous ne mentionnerons
pas explicitement la supposition faite sur Es(t). Nous noterons donc simplement S (τ) le
signal pompe-sonde mesuré, celui-ci valant :

S (τ) = Pe(τ) = |ae(τ)|2 (IV.28)

IV.5.1.1 Séquence d’impulsions de pompe

Pour accéder à l’amplitude de probabilité à partir de la population, nous allons rem-
placer le champ de pompe Ep(t) par une séquence de deux impulsions Ep1(t) et Ep2(t) dont
nous contrôlerons le délai de façon interférométrique. A l’aide d’au moins deux transitoires
cohérents S (t) enregistrés pour des phases relatives différentes entre les deux impulsions,
nous pourrons reconstruire l’amplitude de probabilité ae2(τ) due à la seconde impulsion.
L’idée est de tirer profit de la très grande durée de vie du niveau |e〉 devant les dyna-
miques étudiées ici pour créer un oscillateur local à l’aide de la première impulsion Ep1(t).
Le contrôle interférométrique nous permet alors d’ajouter la contribution de la deuxième
impulsion Ep2(t) avec un déphasage donné. On peut ainsi par exemple faire des mesures
homodynes en phase ou en quadrature et donc remonter à la contribution ae2(τ).

Plus précisément, à partir d’une impulsion de pompe inconnue Ep(t), on génère une
séquence d’impulsions EpΣ(t). Aucune supposition n’est nécessaire sur cette impulsion.
Pour générer la séquence, nous utiliserons notre façonneur pour appliquer à Ẽp(ω) une
fonction de transfert spectrale définie par

Hθ(ω) =
1

2
1+

1

2
exp

[

iθ + iφ(1)(ω − ωp) + i
φ

(2)
p

2
(ω − ωp)

2

]

(IV.29)

où, rappelons-le, ωp est la pulsation centrale de l’impulsion Ep(t). Cette fonction de transfert
génère une première impulsion identique à Ep(t) et une deuxième décalée de τ = φ(1), avec
une phase quadratique φ

(2)
p et un déphasage de θ. On aura ainsi une séquence d’impulsions

EpΣ(t) que nous noterons :

EpΣ(t) = F−1
[

Hθ(ω)Ẽp(ω)
]

= Ep1(t) + e iθEp2(t) (IV.30)

Ainsi définies, Ep1(t) et Ep2(t) sont toujours en phase, la phase relative étant explicitement
contenue dans le terme exp[iθ]. Nous noterons ae1(t) et ae2(t) les contributions respectives
de Ep1(t) et Ep2(t). Compte tenu des notations de l’équation IV.30, et de la dépendance
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linéaire en champ, l’amplitude de probabilité totale aeΣ(t) due à la séquence d’impulsions
se met sous la forme :

aeΣ(t) = ae1(t) + e iθae2(t) (IV.31)

Le signal de transitoire cohérent obtenu, pour une phase relative θ s’écrit quant à lui :

S θ(τ) =
∣
∣ae1(τ) + e iθae2(τ)

∣
∣
2

(IV.32)

Nous supposerons que le délai φ(1) séparant les deux impulsions Ep1(t) et Ep2(t)
est grand devant leurs durées respectives. Comme la durée de la sonde est déjà supposée
négligeable, cela revient au final à vérifier :

φ(1) ≫ ∆tp1, ∆tp2 ≫ ∆ts

Prendre cette précaution sur φ(1) permet de bien séparer les contributions de Ep1(t) et
Ep2(t) : ae1(t) a atteint sa valeur asymptotique ae1(∞) avant que ae2(t) ne commence à
prendre des valeurs non-nulles.
Si on considère un délai pompe-sonde τ grand devant la durée de la première pompe Ep1(t)
on peut alors écrire :

aeΣ(τ)
τ≫∆tp1= ae1(∞) + e iθae2(τ) (IV.33)

et donc

S θ(τ)
τ≫∆tp1=

∣
∣ae1(∞) + e iθae2(τ)

∣
∣
2

(IV.34)

Dans toute la suite, nous supposerons implicitement que les différentes conditions
temporelles sont remplies et notamment que τ est suffisamment grand pour utiliser l’équa-
tion IV.34. Nous écrirons ainsi :

S θ(τ) =
∣
∣ae1(∞) + e iθae2(τ)

∣
∣
2

= |ae1(∞)|2 + |ae2(τ)|2 + 2 Re
[
e iθae

∗
1(∞)ae2(τ)

]
(IV.35)

A l’aide de plusieurs enregistrements S θ(τ), pour des valeurs de θ différentes, il est alors
possible de reconstruire ae

∗
1(∞)ae2(τ) pour des délais τ ≫ ∆tp1. A un facteur multiplicatif

complexe près, nous avons ainsi accès à ae2(τ).

IV.5.1.2 Reconstructions possibles

Plusieurs approches sont possibles, nécessitant un nombre d’enregistrements plus ou
moins grand. Comme ces enregistrements sont relativement longs à réaliser, nous avons
cherché à en minimiser le nombre. Nous présentons ici différentes méthodes envisageables,
en terminant par la reconstruction dite géométrique qui nous a semblé la plus pertinente.

Pour chaque reconstruction envisagée, nous montrerons une simulation des transi-
toires cohérents à enregistrer pour reconstruire ae(τ). Sauf mention contraire, les impul-
sions Ep1(t) et Ep2(t) correspondront respectivement à une impulsion limitée par transfor-
mée de Fourier et à une impulsion décalée de 10 ps possédant une phase quadratique de
2.105 fs2 (durée étirée de l’ordre de 10 ps). Ces deux impulsions ont des durées limitées par
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transformée de Fourier de 100 fs, sont de même énergie, mutuellement cohérentes, et sont
parfaitement résonnantes : ωp = ωeg.

Une première possibilité, donnant une solution unique, est de réaliser quatre enregis-
trements pour θ = {0, π, π/2,−π/2}. Les simulations de ces enregistrements sont données
sur la figure IV.16. Au délai τ = 0, la première impulsion arrive et transfère de la po-
pulation. Comme la première impulsion est limitée par transformée de Fourier, le régime
transitoire dure peu et a une forme de marche d’escalier. Pour des délais faiblement positifs
(entre 1 et 3 ps sur la figure), le signal n’évolue plus : il vaut |ae(∞)|2. Autour de τ = 10 ps,
la deuxième impulsion passe par la résonance et sa contribution interfère différemment avec
celle de la première impulsion selon leur phase relative θ : (a) 0 en noir et π/2 en gris et
(b) π en noir et −π/2 en gris.
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Fig. IV.16 – Signaux théoriques pour une reconstruction à 4 enregistrements :
(a) phase relative de 0 en noir, de π/2 en gris et (b) phase relative
de π en noir et de −π/2 en gris.

Par combinaison linéaire complexe de ces enregistrements on obtient un signal S [4](τ)

S [4](τ) =
[S 0(τ) − S π(τ)]

2
+ i

[
S −π/2(τ) − S π/2(τ)

]

2
= ae

∗
1(∞)ae2(τ) (IV.36)

qui correspond bien à ae
∗
1(∞)ae2(τ) de façon univoque.

Il est possible d’économiser un enregistrement en utilisant une deuxième solution
qui n’utilise pas que des séquences d’impulsions. L’idée est d’utiliser deux enregistrements
avec des séquences d’impulsions pour θ = {0, π/2} et un troisième, que nous noterons
S ∅(t), où seule l’impulsion Ep2(t) est présente. Ces trois enregistrements sont simulés sur
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Fig. IV.17 – Signaux théoriques pour une reconstruction à 3 enregistrements :
séquence d’impulsions avec phase relative de 0 en noir, de π/2
en gris et deuxième impulsion seule en pointillés noirs.

la figure IV.17 respectivement en noir, en gris et en pointillés noirs. On peut ainsi construire
le signal S [3](τ) :

S [3](τ) =
S 0(τ) + iS π/2(τ) − (1 − i)S ∅(τ)

2
= ae

∗
1(∞)ae2(τ) +

1 − i

2
|ae1(∞)|2 (IV.37)

Cette technique nous permet d’accéder à ae
∗
1(∞)ae2(τ) (et donc à ae2(τ)) à une constante

près. Cette constante peut être très simplement retirée. En effet, pour un instant τ compris
entre la fin de la première impulsion et le début de la seconde (délai entre 1 et 3 ps sur
la figure IV.17), on sait que ae2(τ) doit être nulle et donc le signal reconstruit S [3](τ) à
cet instant est égal à la constante en trop, à savoir (1 − i) |ae1(∞)|2 /2. Il suffit donc de
retrancher au signal reconstruit S [3](τ) sa valeur "initiale" (c’est à dire celle du plateau
entre 1 et 3 ps) pour récupérer ae

∗
1(∞)ae2(τ).

Les dernières solutions, les plus minimalistes, n’utilisent que deux enregistrements
pour θ = {0, π/2} afin de reconstruire l’amplitude de probabilité ae

∗
1(∞)ae2(τ). Ces signaux

sont représentés sur la figure IV.18 page ci-contre, en noir pour θ = 0 et en gris pour
θ = π/2. Dans le cas général, ces deux signaux ne suffisent pas à reconstruire une solution
unique pour ae2(τ). En effet, ils correspondent aux système d’équation

S 0(τ) = |ae1(∞)|2 + |ae2(τ)|2 + 2 Re [ae
∗
1(∞)ae2(τ)] (IV.38a)

S π/2(τ) = |ae1(∞)|2 + |ae2(τ)|2 − 2 Im [ae
∗
1(∞)ae2(τ)] (IV.38b)

qui sont toutes les deux quadratiques en |ae2(τ)|. On aura donc a priori pour chaque instant
τ quatre solutions possibles. C’est une situation assez inconfortable, d’autant plus que très
souvent, ces solutions sont dégénérées en plusieurs instants {τi}, ce qui rend l’identification
de la solution ayant un sens physique extrêmement fastidieuse.
Cependant, dans le cas particulier d’une deuxième impulsion faible par rapport à la pre-
mière on a |ae2(τ)|2 ≪ |ae1(∞)|2 pour tout instant τ . On peut alors dans un premier temps
négliger ce terme et le système d’équations IV.38 devient linéaire en ae2(τ). Par une ap-
proche variationnelle on peut ensuite reconstruire ae

∗
1(∞)ae2(τ) en plusieurs itérations. En
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Fig. IV.18 – Signaux théoriques pour une reconstruction à 2 enregistrements :
phase relative de 0 en noir, de π/2 en gris.

pratique, nous n’avons pas appliqué cette approche car utiliser une deuxième impulsion
faible limite grandement la quantité de fluorescence détectée. Nous nous sommes donc
tournés vers une technique de reconstruction originale qui permet d’obtenir ae

∗
1(∞)ae2(τ)

à partir du système IV.38, quel que soit le poids relatif des deux impulsions. Cette méthode
dite géométrique donne deux solutions, mais la solution physique est facilement identifiable
et séparable de la deuxième solution.

IV.5.1.3 Reconstruction géométrique

L’idée de base de la reconstruction géométrique est d’interpréter le système d’équa-
tion IV.38 page précédente en terme de distances dans le plan complexe. Cela permet
de ramener la résolution du système à un instant τ au problème d’intersection de deux
cercles. Nous allons dans un premier temps faire quelques petits changements par rapport
au système d’équations IV.38.

Tout d’abord, nous allons considérer un cas un peu plus général que celui présenté
précédemment : le deuxième enregistrement sera fait non pas pour θ = π/2, mais pour un
angle α non nul quelconque. Les deux enregistrements nous fournissent donc le système
d’équations :

S 0(τ) = |ae1(∞) + ae2(τ)|2 (IV.39a)

S α(τ) = |ae1(∞) + exp[iα]ae2(τ)|2 (IV.39b)

Ces deux transitoires cohérents sont représentés sur la figureIV.19(a) : en noir pour S 0(τ)
et en gris pour S α(τ) (on a pris α = π/3 pour ces simulations). Comme la reconstruction
géométrique exploite le lien étroit qui existe entre les signaux de transitoires cohérents et les
amplitudes de probabilité correspondantes, il nous semble opportun d’expliciter à nouveau
ce lien. La partie (b) de la figure IV.19 page suivante représente dans le plan complexe
l’évolution de l’amplitude de probabilité dans l’état excité : en noir pour θ = 0 et en gris
pour θ = α. On observe bien deux contributions distinctes : celle de la première impulsion
qui donne un segment horizontal de l’origine au point (1/2, 0) et qui est indépendante de
la phase relative, et celle de la deuxième impulsion qui produit une spirale de Cornu dont
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Fig. IV.19 – (a) Signaux théoriques pour une reconstruction géométrique :
phase relative de 0 en noir, de α en gris. (b) Amplitudes de
probabilité totales correspondantes (phase relative de 0 en noir
et de α en gris).

l’orientation dépend de la phase relative. A un instant τ0 donné, le signal S 0(τ0) que l’on
mesure (IV.19(a), point noir) correspond dans le plan complexe au carré de la distance
entre l’origine du repère et la position courante sur la spirale en noir. Cette distance est
matérialisée par le segment en pointillé noir. Au même instant, S α(τ0) donne le carré de
la distance entre l’origine du plan complexe et la position sur la spirale grise. Le terme
ae2(τ) que nous voulons reconstruire correspond dans le plan complexe à la spirale noire
mais avec un point de départ recentré sur l’origine du repère.

La deuxième modification apportée est de supposer que ae1(∞) = 1. Il s’agit juste
d’une commodité, cela n’enlève rien à la généralité de la méthode. Comme les méthodes
présentées précédemment, celle-ci ne donne accès qu’à ae

∗
1(∞)ae2(τ), et non pas ae2(τ). Ce

choix correspond à la fois à un choix de phase absolue pour ae2(τ) et à une normalisation
des enregistrements à leur valeur initiale. Nous entendons par valeur initiale, la valeur du
plateau qui apparaît pour τ > 0.

Avec ce choix de normalisation notre système d’équations devient :

S 0(τ) = |1 + ae2(τ)|2 (IV.40a)

S α(τ) = |1 + exp[iα]ae2(τ)|2 (IV.40b)

Nous définissons alors les deux distances suivantes :

r0(τ) =
√

S 0(τ) = |1 + ae2(τ)| (IV.41a)

r1(τ) =
√

S α(τ) = |1 + exp[iα]ae2(τ)| (IV.41b)

La figure IV.20 page suivante représente ces distances ainsi que les deux amplitudes de
probabilités dans le plan complexe. Ces distances correspondent à celles évoquées précé-
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Fig. IV.20 – Evolution de l’amplitude de probabilité dans l’état excité, pour
les deux séquences d’impulsions pompe : en phase (noir) et dé-
phasées de α (gris). La spirale de Cornu noire correspond à
ae2(τ), que l’on cherche à reconstruire graphiquement.

demment.
Nous pouvons, sans modifier la distance r1(τ), faire tourner mentalement le chemin

gris d’un angle −α, autour du point (1, 0) (point à partir du quel se déroulent les deux
spirales). Cela revient en fait à ré-écrire r1(τ) sous la forme :

r1(τ) = |1 + exp[iα]ae2(τ)| = |exp[−iα] + ae2(τ)| (IV.42)

Suite à cette rotation, les spirales grises et noires sont superposées et correspondent toutes
deux au terme ae2(τ) qui nous intéresse.

Nous pouvons ensuite, toujours sans rien changer au système d’équations, choisir
le point (1, 0) comme origine du repère. On obtient alors la figure IV.21 page suivante.
Sur celle-ci, on observe bien que les parties des deux chemins correspondant à ae2(τ) se
superposent. On appelle P0 et P1 les points de départ des deux chemins dans ce nouveau
repère. Ils ont pour coordonnées P0 : (−1, 0) et P1 : (− cos(α), sin(α)). Comme nous
connaissons la valeur de α, ces coordonnées sont connues.

On a alors une nouvelle interprétation pour les distances r0(τ) et r1(τ) : elles donnent
respectivement la distance entre le chemin ae2(τ) et deux points distincts P0 et P1 (distincts
car α 6= 0).

Pour reconstruire graphiquement ae2(τ), il suffit donc de rechercher, pour chaque
instant τ , l’intersection de deux cercles (voir la figure IV.22 page suivante) :

– C0, de centre P0 et de rayon r0(τ).
– C1, de centre P1 et de rayon r1(τ).

On utilise pour ce faire la reconstruction proposée par Paul Bourke sur la page web :
http://astronomy.swin.edu.au/~pbourke/geometry/2circle/

On obtient deux solutions a+
e2(τ) et a−

e2(τ) qui correspondent aux deux points d’in-
tersection possibles. La solution physique est celle qui prend une valeur initiale nulle, c’est
à dire qu’elle débute en (0,0) dans le nouveau repère.
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Fig. IV.21 – Réinterprétation du système d’équations IV.41 page 120 : r0(τ)
et r1(τ) donnent la distance entre ae2(τ) et deux points de réfé-
rence P0 et P1.
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Fig. IV.22 – Reconstruction graphique de ae2(τ). On obtient deux solutions
possibles a+

e2(τ) et a−
e2(τ). La solution "physique" est celle com-

mençant en (0,0).

Pour que les deux solutions soient clairement séparées, il suffit que le chemin corres-
pondant à ae2(τ) ne coupe pas la droite (P0P1). En effet, le long de cette droite les deux
solutions sont dégénérées. Pour se tenir à l’écart de cette droite, il faut mettre certaines
contraintes à la fois sur l’angle α et sur le chemin ae2(τ). Ces contraintes ne sont pas simples
et nécessitent une connaissance a priori de la forme que prendra le chemin correspondant à
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ae2(τ). On peut toutefois donner des tendances générales dans le cas présent d’une spirale
de Cornu (qui correspond à une impulsion Ep2(t) gaussienne à forte dérive de fréquence).
Tout d’abord, pour un angle α fixé, plus l’excursion de la spirale sera faible devant la dis-
tance OP0 (qui est identique à la distance OP1) plus on aura de chance de ne pas couper
(P0P1). Or la distance OP0, ici normalisée à un, est en fait liée à la contribution de la
première impulsion. Il donc est préférable d’avoir une première impulsion importante par
rapport à la deuxième.
La figure IV.23 montre le cas limite d’une première impulsion faible pour laquelle les
deux solutions sont encore distinctes. La situation qui nous sert d’exemple depuis le début
(points P0 et P1, droite (P0P1) symbolisée par le trait noir) y est comparée à la valeur la
plus faible de la première impulsion permettant de séparer la solution physique de l’autre
(points P0min et P1min, droite symbolisée par des pointillés noirs). La valeur la plus faible
correspond à une droite (P0min P1min) presque tangente à la spirale.
Dans la pratique, nous avons constaté que deux impulsions d’intensités spectrales compa-
rables donnent deux solutions non dégénérées.
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−α

P1

P0min

P0

P1min
P1min

-1

Fig. IV.23 – Comparaison entre la situation prise comme exemple (droite
(P0P1) en noir) et l’intensité minimale de la première im-
pulsion permettant une reconstruction non dégénérée (droite
(P0minP1min) en pointillés noirs).

Ensuite, pour un rapport d’intensité fixé entre la première et la deuxième impulsion,
on a un vaste choix pour l’angle α. Sur la figure IV.24 page suivante cette gamme est
représentée par un arc de cercle gris. Pour les valeurs limites, les positions prises par le
point P1 sont représentées par P1αmin

et P1αmax
. Ces valeurs limites correspondent toujours

à des droites (P0, P1αmax
) et (P0, P1αmin

) (représentées en pointillés) quasiment tangentes à
la spirale.
La valeur α = 0 est bien sûr exclue car elle ne permet aucune reconstruction, les deux
signaux expérimentaux étant alors identiques. De façon plus générale, les angles α trop
petits sont défavorables. En effet, pour un petit angle, les deux transitoires cohérents sont
très semblables ou ce qui revient au même, les points P0 et P1 très proches. Dans cette
situation, une variation de la partie imaginaire de ae2(τ) n’entraîne que des changements
très faibles des signaux expérimentaux. La partie imaginaire ne sera pas reconstruite avec
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Fig. IV.24 – Gamme d’angles α (arc de cercle gris) permettant une recons-
truction non-dégénérée. La valeur α = 0 est bien évidemment
exclue.

précision.
On peut se demander s’il existe, pour un ae2(τ) donné, un angle α optimum. En fait,

il n’en existe pas. Ou plus exactement, il en existe un différent pour chaque instant τ .
Comme les angles trop faibles sont à éviter et que des angles importants augmentent les
chances de couper la spirale7, nous avons en pratique utilisé le plus souvent des angles de
π/2 ou −π/2.

IV.5.2 Prérequis expérimentaux

Nous disposons maintenant de plusieurs procédures, et notamment celle dite géomé-
trique, pour reconstruire l’amplitude de probabilité créée par un champ de pompe donné
à l’aide de plusieurs signaux expérimentaux. Pour les mettre en œuvre, il faut générer des
séquences d’impulsions assez particulières et pas toujours simples à réaliser expérimentale-
ment. En effet, si nous nous intéressons à l’amplitude de probabilité ae2(t) due à un champ
Ep2(t), nous devons réaliser au moins deux séquences d’impulsions du type

EpΣ(t) = Ep1(t) + e iθEp2(t) (IV.43)

où les deux impulsions Ep1(t) et Ep2(t) sont séparées par un délai φ(1) grand devant leurs
durées. Dans la pratique, comme la deuxième impulsion dure plusieurs picosecondes, ce
délai φ(1) doit être de l’ordre de la dizaine de picosecondes. Or il nous faut un contrôle

7Pour α = π par exemple, les solutions seront dégénérées à chaque changement de signe de la partie
imaginaire de ae2(τ), c’est à dire à chaque demi-tour de la spirale, ainsi qu’au passage par la résonance.
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interférométrique (de l’ordre d’une fraction de femtoseconde pour les longueurs d’onde vi-
sibles) sur ce délai pour prétendre imposer des phases relatives θ données. Maintenir un
tel contrôle pendant les plusieurs minutes que durent chaque enregistrement n’est pas une
chose aisée. Cela peut être réalisé à l’aide d’un interférométre de Michelson stabilisé.
Dans notre cas, nous allons entièrement générer la séquence d’impulsion et la phase qua-
dratique de la deuxième impulsion à l’aide du façonneur. Il nous faut donc nous assurer
que nous pouvons générer les délais adéquats avec une précision interférométrique.

IV.5.2.1 Dispositif

Le dispositif expérimental que nous avons utilisé pour la reconstruction d’amplitude
de probabilité est présenté sur la figure IV.25. Ce dispositif est très semblable à celui
utilisé pour tester la sensibilité des transitoires (figure IV.14 page 113). Nous avons juste
rajouté une lame séparatrice devant la cellule de rubidium afin de prélever une partie des
faisceaux. Cette partie est utilisée pour réaliser la corrélation entre la pompe et la sonde
dans un cristal de BBO type I de 100 µm. La détection du signal somme (centré à 344 nm)
est assurée par une photodiode. Comme dans les précédentes expériences, la chambre de

795 nm
1 kHz
1 mJ
130 fs

NOPA

Photo
Multiplicateur

Photodiode

607 nm, 1 kHz
1 µJ, 30 fs

Cellule
Rb

AMPLI

Façonneur

Ligne à retard

795 nm, 1 kHz
1 µJ, 20 ps

BBO I

Fig. IV.25 – Dispositif expérimental utilisé pour la reconstruction d’ampli-
tude de probabilité et de champ électrique.

la cellule de rubidium est portée à une température de 83◦C et le queusot à 69◦C. Cela
correspond à une pression de rubidium de l’ordre de 2,7.10−3 Pa. Le photomultiplicateur
assurant la détection de la fluorescence (RCA IP28) est porté à une tension de -750 V.

L’impulsion de sonde, générée à l’aide du NOPA, a une durée de l’ordre de 30 fs et
une longueur d’onde centrale de 607 nm.

La séquence d’impulsions de pompe est générée par le façonneur à partir de l’impul-
sion issue de l’amplificateur. Avant mise en forme, elle a une durée de l’ordre de 130 fs et est
centrée à 795 nm. Le façonneur crée une première impulsion Ep1(t) limitée par transformée
de Fourier puis une deuxième Ep2(t) à forte dérive de fréquence avec une phase relative de
θ. Cela se traduit, dans le domaine spectral, par la multiplication de l’impulsion issue de
l’amplificateur par la fonction de transfert :

Hθ(ω) =
1

2

[

a11+ a2e
i
[

θ+φ(1)(ω−ωp)+φ
(2)
p (ω−ωp)2/2

]]

(IV.44)

où φ(1) est le délai entre les deux impulsions et φ
(2)
p la phase quadratique de la deuxième.

Nous avons aussi introduit deux paramètres supplémentaires a1 et a2 (compris entre 0 et
1) qui permettent de changer les poids relatifs des deux impulsions de la séquence.
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Les énergies des impulsions de pompe et de sonde sont de l’ordre du µJ en entrée de
la cellule de rubidium ; elles sont choisies de façon à rester en régime perturbatif.

IV.5.2.2 Tests préliminaires

Dans un premier temps, nous avons voulu vérifier le contrôle interférométrique de
la phase θ pour des impulsions limitées par transformée de Fourier. Nous avons pour cela
programmé dans le façonneur deux impulsions, décalées de 3 ps en phase ou en opposition
de phase (θ = 0 ou π, φ(1) = 3 ps, φ

(2)
p = 0). Nous avons choisi deux impulsions de

même intensité spectrale, c’est à dire a1 = a2 = 1. La figure IV.26 présente les intensités
de corrélation et les transitoires obtenus avec ces deux séquences d’impulsions. Les traits
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Fig. IV.26 – Séquences de deux impulsions courtes décalées de 3 ps avec une
phase relative de 0 (noir) et de π (gris). (a) et (b) intensités de
corrélation avec une impulsion courte. (c) signaux de fluorescence
observés.

noirs correspondent à la séquence de deux impulsions en phase et les traits gris à celle
d’impulsions déphasées de π.

Les corrélations (a) et (b) montrent que les deux impulsions de chaque séquence ont
la même intensité temporelle, indépendamment de la phase. Sur les signaux de fluorescence
(c), on retrouve le comportement attendu pour la population. Autour de τ = 0, la première
impulsion passe par la résonance et crée une contribution à la population dans l’état excité.
Nous avons arbitrairement normalisé à 1 le signal de fluorescence correspondant. Le régime
transitoire est court et a une forme de marche d’escalier : ceci est dû à l’impulsion limitée
par transformée de Fourier. Ensuite, tant que la deuxième impulsion n’est pas arrivée, la
population conserve la valeur asymptotique transférée par la première impulsion. Autour
de τ = 3 ps, la seconde impulsion apporte sa contribution. Celle-ci est de même importance
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que celle de la première impulsion et son effet sur la population transférée dépend de la
phase relative entre les deux impulsons. Pour deux impulsions en phase, les contributions
interagissent constructivement et après une courte période de transitoire, on atteint un
niveau de population 4 fois plus élevé, ce qui correspond bien à une amplitude de probabilité
double. Pour deux impulsions en opposition de phase, l’interaction est destructive et à la
fin de la période transitoire, la population asymptotique est à zéro.

Ce test simple confirme que le façonneur permet bien de générer des séquences avec
une précision interférométrique, et de garder cette précision suffisamment longtemps pour
que l’on puisse enregistrer les transitoires.

Pour compléter ce test, nous avons réalisé une deuxième expérience avec une phase
variable entre les deux impulsions. Nous nous sommes placés après l’arrivée de la deuxième
impulsion, à un délai τ fixe et nous avons enregistré la population asymptotique en fonction
de la phase relative θ. Cette population est représentée sur la figure IV.27. Les carrés noirs
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Fig. IV.27 – Population asymptotique transférée par une séquence d’impul-
sions en fonction de la phase relative θ entre les impulsions :
population expérimentale (carrés noirs) et théorique (trait gris).

correspondent au signal de fluorescence expérimental et le trait gris au cosinus de la phase
demandée. Aucun ajustement n’est fait sur le signal expérimental à part une normalisation
du maximum à la valeur 4. En particulier, le 0 sur la figure correspond au "zéro laser", c’est
à dire au signal de fluorescence obtenu en absence de tout champ de pompe. Le contraste est
donc extrêmement bon. L’expérience reproduit très fidèlement le comportement attendu,
avec toutefois une erreur systématique pour des déphasages de l’ordre de 0,9π + 2kπ.

Ce deuxième test nous montre que l’on peut faire varier à volonté la phase relative
entre les deux impulsions de la séquence.
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IV.5.3 Spirographe expérimental

IV.5.4 Premiers résultats

Dans une première expérience, nous avons choisi un délai de φ(1) = 4 ps entre les
deux impulsions de pompe et une phase quadratique de φ

(2)
p = 2.105 fs2 pour la deuxième.

Les deux impulsions sont de même intensité spectrale : a1 = a2 = 1. Nous avons enregistré
les transitoires cohérents pour deux phases relatives : θ = {0, π/2}. Ceux-ci sont présentés
sur la figure IV.28. Les carrés représentent les transitoires expérimentaux et les traits la
théorie. Les tracés noirs correspondent à θ = 0 et les gris à θ = π/2.
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Fig. IV.28 – Transitoires cohérents (trait pour la théorie, carrés pour l’expé-
rience) pour un délai de φ(1) = 4 ps et une phase quadratique de
φ

(2)
p = 2.105 fs2 : pour θ = 0 (en noir) et θ = π/2 (en gris).

Les paramètres variables des ajustements théoriques sont l’amplitude du signal, l’ori-
gine des temps, le poids de la deuxième impulsion, ainsi que la phase relative θ. La phase
quadratique n’est pas ajustée, elle est fixée à la valeur demandée au façonneur : 2.105 fs2.

La phase relative s’avère un paramètre clef des ajustements. Ici les deux phases re-
latives ajustées sont −π/10 et −π/10 + π/2 et non pas 0 et π/2. L’écart de π/2 est bien
respecté, mais il existe un décalage par rapport à 0. Ceci est dû à une erreur sur la pulsation
centrale de l’impulsion de pompe ωp utilisée dans le développement de la phase polynô-
miale appliquée à la deuxième impulsion (voir l’équation IV.44 page 125). En effet, si la
pulsation utilisée pour le développement de la phase diffère de la pulsation centrale, les
termes linéaire (délai) et quadratique (dérive de fréquence) vont ajouter une contribution
à la phase relative. En appelant δω l’erreur commise sur la pulsation centrale, on a une
erreur sur la phase relative θ qui vaut :

δθ = φ(1)δω +
φ

(2)
p

2
δω2 (IV.45)

Pour une erreur de seulement un pixel au niveau du masque, soit 0,06 nm de décalage par
rapport à la longueur d’onde centrale de l’impulsion de pompe (de l’ordre de 795 nm), on
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obtient une erreur sur la phase relative de l’ordre de δθ ≃ π/5. L’écart retrouvé ici, de
π/10 est tout à fait raisonnable, car il correspond à un décalage d’un demi-pixel, entre la
position supposée et la position réelle de la pulsation ωp dans le plan du masque.

Un deuxième paramètre qui diffère légèrement entre la programmation demandée
et l’ajustement obtenu est le poids relatif des deux impulsions. L’ajustement donne une
deuxième impulsion plus faible que la première (a1 = 1, a2 = 0,75) alors que nous avions
programmé des poids identiques. Cela est dû aux interstices du masque du façonneur : ils
ajoutent une contribution à la première impulsion qui se retrouve donc plus importante
que prévue. Une compensation des interstices, ou plus simplement un décalage temporel
de toute la mise en forme programmée permettrait de s’affranchir de ce problème.

Globalement, malgré ces deux défauts, les transitoires mesurés sont en très bon ac-
cord avec la théorie.

En appliquant la reconstruction géométrique à ces deux transitoires cohérents, nous
avons reconstruit l’amplitude de probabilité dans l’état |e〉, présentée sur la figure IV.29.
L’amplitude expérimentale (carrés noirs) reproduit bien la spirale de Cornu prévue par

Fig. IV.29 – Amplitude de probabilité (trait gris pour la théorie, carrés noirs
pour l’expérience) reconstruite à partir des transitoires de la fi-
gure IV.28 page ci-contre (délai de φ(1) = 4 ps et phase quadra-
tique de φ

(2)
p = 2.105 fs2).

la théorie (trait gris). La valeur asymptotique prise par ae(t) n’est pas sur l’axe réel,
mais légèrement en dessous. Cet écart correspond au décalage de −π/10 sur les phases
programmées. On retrouve cet angle entre l’axe réel et l’axe d’inclinaison de la spirale.

Cette expérience a été répétée pour une phase quadratique négative et des paramètres
légèrement différents (φ(1) = 6 ps, φ

(2)
p = −2.105 fs2, a1 = 0,3 et a2 = 1). Les transitoires

obtenus sont présentés sur la figure IV.30 page suivante : en gris pour θ = 0 et en noir pour
θ = π/2. La théorie est représentée par un trait plein, les signaux expérimentaux par des
carrés. L’amplitude de probabilité correspondante est tracée sur la figure IV.31 page 131, les
carrés noirs correspondant à l’expérience, le trait gris à la théorie. Sur cette reconstruction,
on observe un enroulement différent de celui observé précédemment : la spirale de Cornu
a une forme de "Z" alors que sur la figure IV.29, elle était en forme de "S". Ceci est dû au
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Fig. IV.30 – Transitoires cohérents (trait pour la théorie, carrés pour l’expé-
rience) pour un délai de φ(1) = 6 ps et une phase quadratique de
φ

(2)
p = −2.105 fs2 : pour θ = 0 (en gris) et θ = π/2 (en noir).

changement de signe de la phase quadratique qui est maintenant négative. Ici encore, les
phases relatives sont décalées et la spirale est dirigée selon un axe différent de l’axe réel.
Dans cet expérience où nous n’avons pas cherché à minimiser ce décalage, ce dernier est
de l’ordre de π/5.

Afin de mieux percevoir l’évolution temporelle, cette nouvelle reconstruction est pré-
sentée sur la figure IV.32 page 132 où l’on a rajouté l’axe temporel : le plan complexe est
horizontal et l’axe vertical correspond au temps. On observe l’évolution à l’échelle fem-
toseconde de la fonction d’onde de l’atome dans l’état excité. La projection dans le plan
horizontal redonne la spirale de Cornu habituelle et les projections sur les plans verticaux
la partie réelle (à gauche) et la partie imaginaire (à droite). Nous avons donc accès à
l’évolution d’une partie de la fonction d’onde atomique, avec une résolution de l’ordre de
30 fs (c’est à dire la durée de l’impulsion de sonde). Cette mesure est évidemment dépen-
dante du choix de jauge que nous avons fait en décrivant l’interaction champ - atome par
l’approximation dipolaire électrique.

Cette reconstruction de la fonction d’onde atomique est assez différente de ce qui
se fait par ailleurs. En effet, on suit habituellement l’évolution libre d’un paquet d’onde
constitué de plusieurs niveaux (vibrationnels et/ou rotationnels)[101]. Ici, nous observons
l’évolution d’un seul niveau d’énergie, mais durant son interaction avec le champ de pompe.
Il s’agit donc de l’évolution forcée de la fonction d’onde atomique.
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Fig. IV.31 – Amplitude de probabilité (trait gris pour la théorie, carrés noirs
pour l’expérience) reconstruite à partir des transitoires de la fi-
gure IV.30 page ci-contre (délai de φ(1) = 6 ps et phase quadra-
tique de φ

(2)
p = −2.105 fs2).
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Fig. IV.32 – Reconstruction expérimentale de l’amplitude de probabilité dans
l’état excité. On résout l’évolution temporelle à l’échelle femtose-
conde de ae(τ). La projection dans le plan complexe redonne la
spirale de Cornu et les projection sur les axes réel et imaginaire,
l’évolution temporelle de la partie réelle et imaginaire de ae(τ).
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IV.5.5 On peut jouer avec le spirographe

Avec notre méthode de mesure de la fonction d’onde atomique, nous pouvons observer
le comportement de l’atome lorsqu’il est soumis à différents types de champ de pompe. Pour
cela, il suffit de réaliser les reconstructions présentées précédemment pour des secondes
impulsions de pompes Ep2(t) différentes. Nous avons ainsi réalisé trois reconstructions pour

un délai φ(1) de 6 ps, une phase quadratique φ
(2)
p de −2.105 fs2, deux impulsions de même

poids (a1 = a2 = 1) et avec des phases relatives de la forme θ = {φ(0), φ(0) + π/2}. D’une
reconstruction à l’autre, φ(0) était augmenté de 2π/3. Les trois amplitudes de probabilités
reconstruites sont présentées sur la figure IV.33 en noir, rouge et bleu. Les traits pointillés de

Fig. IV.33 – Amplitudes de probabilité reconstruites pour différentes phases
entre la première et la deuxième impulsion de pompe. Les phases
sont décalées de 2π/3 d’une mesure à l’autre. Les deux impulsions
de la séquence sont de même intensité.

couleur indiquent trois directions faisant deux à deux des angles de 2π/3. Dans l’ensemble,
les amplitudes reconstruites montrent le comportement attendu. On retrouve ainsi assez
bien les différences de phase de 2π/3 d’une amplitude à l’autre même si l’amplitude en
bleu s’écarte quelque peu de la direction théorique.

IV.5.6 Mais attention à la casse

L’expérience précédente n’a pas été réussie du premier coup. Nous avons dans un
premier temps tenté l’expérience avec une première impulsion plus faible : (a1 = 0,3 et
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a2 = 1). Les autres paramètres restant inchangés. La deuxième impulsion est donc en-
viron 10 fois plus intense que la première. Les amplitudes reconstruites sont présentées
sur la figure IV.34. Seule la spirale en rouge semble correctement reconstruite. Les deux

Fig. IV.34 – Amplitudes de probabilité reconstruites pour différents dépha-
sages décalés de 2π/3 d’une reconstruction à l’autre. La deuxième
impulsion est environ 10 fois plus intense que la première. Le trait
gris indique la droite de dégénérescence des solutions.

autres illustrent les problèmes de dégénérescence des solutions qui apparaît lors de la re-
construction géométrique (voir la partie IV.5.1.3 page 119). En effet, lorsque l’amplitude
de probabilité à reconstruire traverse la droite (P0, P1), représentée par le trait gris sur la
figure IV.34, la reconstruction passe de la solution physique à la solution non-physique.

Pour visualiser ce phénomène, nous pouvons rajouter sur la même figure la deuxième
solution donnée par la reconstruction géométrique. C’est ce que nous avons fait sur la
figure IV.35 page ci-contre. Pour chaque déphasage (0, 2π/3 et 4π/3), nous avons représenté
les deux solutions données par la reconstruction géométrique dans la même couleur. Les
parties n’ayant pas de sens physique sont en trait fin, les parties ayant un sens physique
en gras. La droite de dégénérescence (P0, P1) est tracée en gris. On observe bien que si
l’amplitude de probabilité ne traverse pas (P0, P1), ce qui est le cas de l’amplitude en rouge,
la solution physique (trait rouge gras) est clairement distincte de la solution non physique
(trait rouge fin). Par contre, dans les deux autres cas où l’amplitude de probabilité traverse
(P0, P1), la solution physique est répartie sur les deux solutions que donne la reconstruction
géométrique.
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Fig. IV.35 – Les deux solutions données par la reconstruction géométrique
pour chacun des trois déphasages sont représentées dans la même
couleur. Les traits gras indiquent la part de chaque solutions qui
a un sens physique.

Pour pouvoir reconstruire correctement les amplitudes de probabilité représentées en
bleu et en noir, il aurait fallu utiliser un angle α différent de π/2 pour la reconstruction
géométrique. En effet, en modifiant cet angle, on change la position du point de référence P1

et donc la position de la droite de dégénérescence (voir les figures IV.22 page 122 et IV.24
page 124).

IV.6 Caractérisation par transitoires

Il est possible d’utiliser les reconstructions d’amplitude de probabilité, présentées
dans la partie précédente, pour caractériser le champ de pompe. Pour l’instant, nous avons
assimilé l’impulsion de sonde à un delta de Dirac. Sous cette approximation, les recons-
tructions nous donnent accès à ae2(τ) qui est liée à la deuxième impulsion de pompe Ep2(t)
par une simple intégration (voir l’équation IV.5 page 97) :

ae2(τ) = −µeg

2i~

∫ τ

−∞

Ep2(t)e
iωegtdt (IV.46)

par simple dérivation, nous obtenons :

∂ae2(τ)

∂τ
∝ Ep2(τ)e iωegτ ∝ F−1

[

Ẽp2(ω + ωeg)
]

(IV.47)
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Nous avons donc accès au deuxième champ de pompe, décalé spectralement de la pulsation
de transition de pompe ωeg. Cette expression très simple ne tient pas compte des propriétés
de l’impulsion de sonde.

Nous allons détailler ici le signal que nous pouvons reconstruire en tenant compte de
cette sonde. Pour cela, nous allons reprendre la technique de reconstruction utilisant des
séquences d’impulsions de pompe, présentée précédemment (partie IV.5.1.1 page 115), dans
le cas d’une sonde de durée finie. Nous étudierons ensuite les particularités du signal obtenu
par dérivation. Nous présenterons enfin quelques reconstructions expérimentales et nous
étudierons les possibilités d’utilisation de cette méthode, notamment dans des systèmes
plus complexes que les trois niveaux utilisés ici.

IV.6.1 Signal de reconstruction

Comme nous venons de le rappeler, le point de départ des reconstructions de fonctions
d’onde atomiques de la partie précédente était de supposer la sonde infiniment courte. On
avait alors un signal pompe-sonde donné par l’équation IV.27 page 115, que nous rappelons
ici :

S δ(τ) ∝ Pe(τ) = |ae(τ)|2 (IV.48)

A partir de ce signal, en utilisant des séquences de pompe du type Ep1(t)+e iθEp2(t) (équa-
tion IV.43 page 124), et l’une des différentes techniques de reconstruction, nous obtenions
la quantité ae

∗
1(∞)ae2(τ) (voir par exemple l’équation IV.36 page 117).

Si on tient compte de la sonde, nous avons montré (équation IV.12 page 98) que le
signal pompe-sonde s’écrit :

S (τ) = |bf(τ)|2 (IV.49)

avec la quantité bf (τ) définie comme la corrélation de l’amplitude de probabilité ae(t) par
l’impulsion de sonde, décalée spectralement :

bf (τ) = −µfe

2i~

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′)e iωfet′ae(t

′ + τ) (IV.50a)

bf (τ) = −µfeµeg

4~2

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′)e iωfet′

∫ t′+τ

−∞

dtEp(t)e
iωegt (IV.50b)

Nous pouvons alors suivre le même raisonnement avec bf (τ) que celui que nous avons
suivi avec ae(τ). En effet, le raisonnement utilisé précédemment ne s’appuie que sur la
linéarité de ae(τ) avec Ep(t) et ici, on voit bien que bf(τ) présente lui aussi une dépendance
linéaire vis à vis du champ de pompe.

Le point de départ est donc d’écrire la quantité bf (τ) associée à une séquence d’im-
pulsions Ep1(t) + e iθEp2(t) sous la forme

bf (τ) = bf 1(τ) + e iθbf 2(τ) (IV.51)

où bf 1 est la contribution de Ep1 et bf 2 celle de Ep2. Les différentes techniques de recons-
truction à 4, 3 ou 2 séquences d’impulsions nous donne le signal G(τ) :

G(τ) = bf
∗

1(∞)bf 2(τ) (IV.52)
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où bf 1(∞) est la valeur asymptotique associée à la première impulsion. Celle-ci vaut :

bf 1(∞) =
πµfeµeg

−2~2
Ẽs(ωfe)Ẽp1(ωeg) (IV.53)

G(τ) s’écrit comme la corrélation entre la sonde décalée spectralement de ωfe et ae2(t) :

G(τ) ∝
∫ ∞

−∞

dtEs(t)e
iωfetae2(t + τ) (IV.54)

Pour dériver G(τ) on utilise la propriété suivante du produit de corrélation :

∂

∂x

[∫

f1(y)f2(x + y)dy

]

=

∫

f1(y)f2
′(x + y)dy = −

∫

f1
′(y)f2(x + y)dy (IV.55)

Pour que cette propriété soit vérifiée, il suffit que toutes les intégrales qui apparaissent
soient convergentes.

Ce résultat permet d’écrire la dérivée de G(τ), que nous noterons g(τ), comme la
corrélation de la sonde par la dérivée de ae2(τ), soit :

g(τ) =
∂G(τ)

∂τ
∝

∫ ∞

−∞

dtEs(t)e
iωfetae

′
2(t + τ) (IV.56a)

∝
∫ ∞

−∞

dtEs(t)e
iωfetEp2(t + τ)e iωeg(t+τ) (IV.56b)

Cette dernière forme montre clairement l’effet de la sonde sur le signal reconstruit : g(τ)
donne le produit de corrélation entre l’impulsion de sonde et l’impulsion de pompe, décalées
spectralement de ωfe et ωeg. Dans le domaine spectral, en tenant compte des différents
facteurs multiplicatifs laissés de côté, le signal reconstruit s’écrit finalement :

g̃(ω) =
√

2π
∣
∣
∣
πµfeµeg

2~2

∣
∣
∣

2 [

Ẽs(ωfe)Ẽp1(ωeg)
]∗

Ẽs(ωfe − ω)Ẽp2(ωeg + ω) (IV.57a)

g̃(ω) ∝ Ẽs(ωfe − ω)Ẽp2(ωeg + ω) (IV.57b)

Nous avons donc accès au produit du spectre de la deuxième impulsion de pompe, décalé
de ωeg, par le spectre de l’impulsion de sonde, décalé de ωfe et symétrisé (c’est à dire que la
partie hautes fréquences de la sonde se multiplie à la partie basses fréquences de la pompe).
Cette expression spectrale mérite plusieurs commentaires.

Tout d’abord, cette méthode de caractérisation apparaît clairement comme une me-
sure à référence : on mesure la pompe par rapport à la sonde (ou inversement). Ces deux
champs jouent des rôles symétriques : la connaissance de l’un permet de caractériser l’autre.
Ils peuvent par contre être dans des domaines spectraux très différents, grâce aux deux déca-
lages de ωfe et ωeg qui les recentrent vers une fréquence nulle. Cette caractéristique permet
de sortir du cercle vicieux des techniques à référence habituelles où les deux champs ont
des propriétés spectrales comparables. Dans ces techniques, en effet, il faut disposer d’une
référence parfaitement caractérisée qui est spectralement similaire à l’impulsion inconnue :
l’obtention de la référence est donc un problème de même type que la caractérisation directe
de l’impulsion inconnue.
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Ensuite, la reconstruction du champ de pompe ne pourra se faire que si le signal
mesuré est non-nul. Pour cela, il faut que Ẽs(ωfe − ω) et Ẽp2(ωeg + ω) se recouvrent.
Or ces deux champs sont centrés aux fréquences ωfe − ωs et ωp − ωeg. Pour assurer leur
recouvrement il faut donc que les désaccords de la pompe et de la sonde (par rapport
transitions atomiques) soient de signes opposés et de même importance. Cela revient à
s’assurer que la transition à deux photons (un de pompe et un de sonde) de |g〉 vers |f〉
est résonnante.

La première impulsion courte Ep1(t) n’intervient dans le signal reconstruit que par le
facteur multiplicatif Ẽp1(ωeg). Elle ne modifie donc pas la phase et l’amplitude spectrale
relative des différentes composantes du signal. De plus, ce signal sera d’autant plus intense
que l’amplitude spectrale à ωeg de cette première impulsion sera grande. Il peut donc être
intéressant d’avoir une première impulsion Ep1(t) intense (tout en restant dans le domaine
perturbatif), pour augmenter la quantité de signal. On retrouve l’idée que cette première
impulsion joue le rôle d’un oscillateur local8.

Enfin, pour pouvoir caractériser l’impulsion de pompe Ẽp2(ω), il n’est pas nécessaire
que la sonde soit particulièrement courte devant l’impulsion de pompe. En effet, pour re-
construire Ẽp2(ω), il suffit de pouvoir déconvoluer par la sonde ; c’est à dire, dans le domaine
spectral, diviser g̃(ω) par Ẽs(ωfe − ω). Cela suppose donc une connaissance préalable de
la sonde (caractérisation à référence). Il faut aussi, pour que le résultat de cette division
ait un sens, que le spectre de la sonde soit de largeur comparable ou supérieure à celle du
spectre de pompe. La durée de la sonde importe donc peu9. Ce qui compte en revanche,
c’est sa largeur spectrale10. Une sonde de même largeur spectrale que la pompe convient
parfaitement.

Pour reconstruire Ẽp2(ω) à partir de g̃(ω), il faut procéder de la manière suivante.
Tout d’abord, il faut connaître la sonde Ẽs(ω) ainsi que les pulsations ωeg et ωfe des
transitions atomiques utilisées. On calcule ainsi la sonde décalée et symétrisée Ẽs(ωfe−ω).
On divise alors le signal g̃(ω) par cette quantité et on décale le tout de ωeg. L’étape de
division doit évidemment être réalisée avec prudence et on évitera une division trop brutale
au profit de techniques de déconvolution plus adaptées.

IV.6.2 Reconstructions expérimentales

Les reconstructions expérimentales ont été obtenues avec le même dispositif que pour
la reconstruction de fonction d’onde atomique (voir la figure IV.25 page 125). Les signaux
expérimentaux sont en fait les mêmes, seuls le traitement et l’interprétation diffèrent.

IV.6.2.1 Première expérience

Dans un premier temps, nous avons supposé que la sonde était limitée par transformée
de Fourier et nous avons cherché à caractériser la deuxième impulsion Ep2(t) de la séquence
d’impulsions de pompe. Le délai entre les deux impulsions de pompe est fixé à 6 ps et une

8par le biais de sa contribution bf 1
(t).

9du moment que la sonde est parfaitement caractérisée !
10ou, ce qui revient au même, sa durée équivalente limitée par transformée de Fourier.
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phase quadratique de φ
(2)
p = −2.105 fs2 est appliquée à la seconde impulsion. Comme les

impulsions utilisées par le façonneur pour générer la séquence de pompe sont au départ
proches de la limite par transformée de Fourier, on s’attend à retrouver sur Ep2(t) la phase

introduite par le façonneur : la phase spectrale quadratique φ
(2)
p (ω − ωp)

2/2 correspond,
dans le domaine temporel, à une phase quadratique de signe opposé −αpt

2, le lien entre
φ

(2)
p et αp étant donné par l’équation IV.17b page 99. La reconstruction est présentée sur

la figure IV.36, elle se décompose en trois étapes :

a) Deux transitoires pour θ = 0 et θ = π/2 sont enregistrés.

b) Le signal bf 2(τ) est retrouvé par reconstruction géométrique.

c) Par dérivation et translation, le champ de pompe est reconstruit en phase (carré gris)
et en amplitude (trait gris).
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Fig. IV.36 – Reconstruction du champ électrique : a) mesure des transitoires
pour des phases relatives de 0 (trait noir) et π/2 (trait gris)
entre les deux impulsions de pompe. b) Amplitude de probabi-
lité reconstruite géométriquement. c) Champ de pompe en phase
(carrés gris) et amplitude (trait gris) obtenu par dérivation puis
translation. La phase retrouvée est en accord parfait avec celle
programmée dans le façonneur (trait noir).

La phase temporelle ainsi mesurée est en parfait accord avec la phase introduite par
le façonneur (IV.36 c, trait noir).

On dispose donc d’une méthode, certes quelque peu complexe, permettant de carac-
tériser les impulsions au sein même de la cellule de rubidium que nous utilisons pour nos
expériences. Il s’agit là d’une caractéristique importante de cette technique : elle permet
une mesure in situ du champ électrique, ce qui est un avantage non négligeable pour les
impulsions courtes. En effet, ces dernières sont particulièrement sensibles à la dispersion
non linéaire au sein des différentes optiques traversées, comme d’éventuelles lentilles ou les
fenêtres de la cellule. Une mesure réalisée en amont de la cellule ou sur un autre faisceau
peut ainsi donner une mesure déformée étant donné que les optiques traversées ne sont pas
les mêmes pour l’impulsion mesurée et l’impulsion utilisée pour l’expérience.
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IV.6.2.2 Caractérisation d’un barreau de verre

On peut émettre quelques réserves concernant la mesure précédente. En effet, nous
avons retrouvé à l’aide des transitoires cohérents la phase que nous avions introduite pour
pourvoir générer ces mêmes transitoires cohérents... Peut-être avons nous tourné en rond.

Afin de s’assurer de la validité de notre technique de caractérisation, nous l’avons
utilisée pour mesurer une phase indépendante du dispositif de mesure. Nous avons ainsi
caractérisé la phase spectrale φb(ω) introduite par un barreau de verre. Pour ce faire, nous
avons placé un barreau de verre (6 cm de SF10 et 4 cm de SF58) en amont du façonneur
et comparé le champ obtenu Ep

b
2(t) avec celui retrouvé en absence de barreau (Ep2(t)). Le

schéma de principe de cette expérience est présenté sur la figure IV.37. Dans le domaine
spectral, la différence entre les deux reconstructions est juste la phase φb(ω) introduite par
le barreau. Cette phase est facilement calculable à l’aide des coefficients de Sellmeier et

Système de mesure
façonneur + sonde

+ cellule de Rubidium

SF10
+

SF58

Système de mesure
façonneur + sonde

+ cellule de Rubidium

Fig. IV.37 – Mesure de la dispersion introduite par un barreau de verre
(SF10+SF58). Par comparaison entre deux mesures, sans et avec
barreau, on retrouve la phase spectrale φb(ω) introduite par le
barreau.

représente donc une référence sure.
Les résultats de cette mesure sont rassemblés sur la figure IV.38 page suivante. La

partie (a) présente les phases spectrales reconstruites sans barreau (trait noir) et avec
(trait gris). Dans les deux cas, nous reconstruisons la phase de la deuxième impulsion de
la séquence générée par le façonneur. Celle-ci possède une forte phase quadratique φ

(2)
p

introduite par le façonneur, et on observe bien, pour les deux reconstructions, une phase
majoritairement quadratique. En présence du barreau, la phase reconstruite contient aussi
la contribution φb de ce dernier. On observe ainsi (trait gris IV.38 (a)) une parabole plus
évasée qu’en l’absence de barreau.

Par différence entre les deux mesures, on obtient cette phase φb(ω). Celle-ci est repré-
sentée en carrés gris sur la figure IV.38 (b). La phase théorique déduite des coefficients de
Sellmeier du SF10 et du SF58 est tracée en noir. Le trait gris indique quant à lui l’intensité
spectrale reconstruite. Dans toutes les phases reconstruites, nous avons retiré d’éventuelles
composantes linéaires (qui ne font que traduire l’existence d’un délai) afin d’observer la
partie non-linéaire qui seule nous importe ici.

La phase mesurée est en bon accord avec le phase calculée par les coefficients de Sell-
meier sur toute la gamme spectrale où l’intensité reconstruite est suffisamment importante.



IV.6. CARACTÉRISATION PAR TRANSITOIRES 141

ω

Fig. IV.38 – Mesure de la phase introduite par un barreau de verre. (a) phases
reconstruites avec (trait gris) et sans barreau (trait noir). (b)
phase due au barreau reconstruite (carrés gris) et théorique (trait
noir) et amplitude spectrale reconstruite (trait gris).

Ce test simple montre que la technique de caractérisation par transitoires cohérents permet
bien de caractériser des impulsions courtes.

IV.6.2.3 Limites de la mesure

Nous souhaitons ici discuter deux points importants pour cette technique de recons-
truction : quelle est la résolution que l’on peut espérer atteindre et quel est l’intérêt de la
phase quadratique φ

(2)
p introduite par le façonneur ?

La caractérisation par transitoires mesure avant tout des signaux concernant l’atome
à trois niveaux qui interagit avec la séquence d’impulsions de pompe et l’impulsion de
sonde. La résolution spectrale de cette mesure va ainsi être limitée principalement par les
largeurs spectrales des niveaux utilisés. Dans notre cas, nous devons prendre en compte
la durée de vie de l’état excité τe et celle de l’état final τf (toutes deux supérieures à la
vingtaine de ns), ainsi que les largeurs Doppler des transitions |g〉 7→ |e〉 et |e〉 7→ |f〉
que nous noterons respectivement ∆eg et ∆fe (chacune de l’ordre de 3 rad/ns). Comme la
densité au sein de la cellule de rubidium est faible, nous ne prendrons pas en compte les
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effets de collisions qui pourraient limiter la durée de vie des cohérences entre les différents
niveaux de notre système.

Dans le domaine spectral, notre technique donne accès au signal g̃(ω) définit par
l’équation IV.57 page 137, et dont nous rappelons l’expression ici :

g̃(ω) ∝ Ẽs(ωfe − ω)Ẽp2(ωeg + ω) (IV.58)

Ce signal est donc très clairement dépendant des pulsations de transitions ωfe et ωeg.
Les durées de vie finies font que ces pulsations ne sont pas définies à mieux que τ−1

f et
τ−1
e respectivement. De plus, de très nombreux atomes contribuent à ce signal, chacun

ayant des pulsations de transitions décalées par effet Doppler. Les largeurs Doppler ∆eg

et ∆fe contribuent donc elles aussi à l’imprécision sur la valeur de ωfe et ωeg. Sans faire
d’étude théorique poussée, nous supposerons simplement que ces contributions s’ajoutent.
L’imprécision en pulsation sur le signal g̃(ω) vaut donc :

δω = τ−1
e + τ−1

f + ∆eg + ∆fe ∝ 7 rad/ns (IV.59)

C’est cette imprécision qui donne la limite de résolution spectrale que l’on peut obtenir avec
cette technique. A titre de comparaison, notre spectromètre a une résolution de 0,1 nm
à 800 nm, ce qui correspond à une résolution en pulsation de 300 rad/ns, c’est à dire
une résolution 40 fois moins bonne que celle de notre technique. La caractérisation par
transitoires cohérents tire donc pleinement profit de la finesse des différents niveaux utilisés.
Si nous pouvions éliminer l’élargissement par effet Doppler11, nous pourrions obtenir une
résolution améliorée d’un facteur dix environ.

Pour ce qui est du rôle de la phase quadratique, la réponse est plus en demi-teinte.
Historiquement, nous nous sommes tout d’abord intéressés à l’évolution de l’amplitude de
probabilité dans l’état excité au cours de son interaction avec une impulsion à forte dérive
de fréquence. Quand nous avons dérivé de cette mesure une technique de caractérisation de
champ, nous l’avons appliquée aux signaux déjà existants. Nous avons donc caractérisé en
premier lieu des impulsions présentant une forte phase quadratique. Pour autant, l’intérêt
de cette phase quadratique, rajoutée par le façonneur, n’apparaît pas évident. C’est parti-
culièrement vrai pour la mesure de la phase introduite par un barreau de verre présentée
dans la partie précédente. Est-il nécessaire d’ajouter cette phase quadratique pour mieux
la retrancher ensuite ?
Nous avons pensé dans un premier temps que le φ

(2)
p ajouté par le façonneur permettait

une meilleure résistance au bruit. En effet, une impulsion limitée par transformée de Fou-
rier (ou presque) donne des transitoires très brefs en forme de marche abrupte alors qu’en
ajoutant une forte phase quadratique, on obtient des transitoires oscillants, s’étalant sur
un large intervalle temporel qui semblent plus faciles à observer en présence de bruit.

Cependant, des simulations récentes semblent montrer que l’ajout de φ
(2)
p ne change

pas la qualité du champ reconstruit pour un niveau de bruit donné. La figure IV.39 page sui-
vante montre ainsi la reconstruction simulée de l’amplitude de probabilité ae2(t) (IV.39(a)
trait noir) et du champ spectral Ẽp2(ω) (IV.39(b) trait gris pour l’amplitude, carrés gris

pour la phase) pour une phase ajoutée par le façonneur de φ
(2)
p = 2.105 fs2. Pour cette si-

11Avec des atomes refroidis, par exemple.
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Fig. IV.39 – Simulation de reconstruction pour φ
(2)
p = 2.105 fs2. (a) amplitude

de probabilité reconstruite ae2(t) (trait noir). (b) phase (carrés
gris) et intensité (trait gris) reconstruites pour Ẽp2(ω), le trait
noir correspondant à un ajustement polynomial de la phase.

mulation, la sonde est supposée limitée par transformée de Fourier, centrée à 607 nm avec
15 nm de spectre12. L’impulsion de pompe est centrée à 795 nm avec 10 nm de spectre.
A l’entrée du façonneur, celle-ci possède une phase quadratique φ

(2)
i = 5000 fs2 et une

phase cubique φ
(3)
i = 2.105 fs3. A partir de cette impulsion de pompe, les deux séquences

d’impulsions de pompe Ep1(t) + exp(iθ)Ep2(t) pour θ = {0, π/2} sont calculées, ainsi que
les transitoires correspondants. Un bruit proportionnel de 1% est ajouté à ces transitoires
puis ae2(t) et Ẽp2(ω) sont reconstruits13.
L’ajustement polynômial de la phase reconstruite (IV.39(b) trait noir) donne une phase
quadratique totale de φ

(2)
t = −194909 fs2 ± 252 fs2 et une phase cubique de

φ
(3)
t = −230270 fs3 ± 32700 fs3. En retranchant la phase quadratique φ

(2)
p due au façon-

neur, on obtient une mesure assez précise de la phase initiale de l’impulsion de pompe
(φ(2)

i = −5091 fs2 ± 252 fs2 et φ
(3)
i = −230270 fs3 ± 32700 fs3).

Pour comparaison, nous avons refait la même simulation, mais sans ajouter de phase
quadratique : φ

(2)
p = 0 fs2. La figure IV.40 page suivante montre l’amplitude de probabilité

ae2(t) (IV.40(a) trait noir) et le champ spectral Ẽp2(ω) (IV.40(b) trait gris pour l’amplitude,
carrés gris pour la phase) obtenus dans ce cas. La qualité de la mesure est très semblable
à celle de la simulation précédente : l’ajustement polynômial (IV.40(b) trait noir) donne

12Largeur à mi-hauteur en intensité.
13A l’aide de la technique à trois transitoires cohérents.
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Fig. IV.40 – Simulation de reconstruction pour φ
(2)
p = 0 fs2. (a) amplitude de

probabilité reconstruite ae2(t) (trait noir). (b) phase (carrés gris)
et intensité (trait gris) reconstruites pour Ẽp2(ω), le trait noir
correspondant à un ajustement polynomial de la phase.

une phase quadratique totale de φ
(2)
t = 5093 fs2 ± 65 fs2 et une phase cubique de φ

(3)
t =

−209270 fs3 ± 14500 fs3.

D’autres simulations ont été menées, pour différents niveaux de bruit (entre 10−6 et
10−2) et différentes phases initiales pour l’impulsion de pompe. Sans surprise, le signal
reconstruit se dégrade au fur et à mesure que le bruit augmente. Il reste cependant tout à
fait exploitable pour des niveaux de bruit atteignables expérimentalement. Pour un niveau
de bruit raisonnable, et des paramètres de reconstruction fixés, nous avons reconstruit avec
ces simulations toute sorte d’impulsions : limitées par transformée de Fourier, fortement
étirées, ou présentant un trou spectral très étroit (0,1 nm), ...

En conclusion sur ce point particulier, on peut dire que la phase quadratique ajoutée
par le façonneur ne permet en rien de modifier la pertinence de la mesure. Notre technique
semble très bien fonctionner pour des impulsions limitées par transformée de Fourier et
des expériences sont à l’étude. Le seul intérêt de cette forte phase quadratique a été de
montrer expérimentalement que notre technique fonctionne très bien pour des impulsions
fortement étirées qui sont habituellement difficiles à caractériser. De plus, il n’y a aucun
paramètre à changer lorsque l’on passe d’une impulsion courte à une impulsion étirée : à
intensité spectrale fixée, le niveau de signal est le même et les mêmes paramètres peuvent
être utilisés. En particulier, l’intervalle temporel ∆T sur lequel on reconstruit le champ ne
doit pas être dicté uniquement par la durée de l’impulsion à caractériser mais aussi par la
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résolution spectrale δω = 2π/∆T que l’on souhaite atteindre.

IV.6.3 Extensions et perspectives

Les résultats présentés ici montre qu’avec un système à trois niveaux, il est possible
de faire de la caractérisation d’impulsions ultracourtes. Cependant, l’atome de rubidium
utilisé présente plusieurs états finaux qui vont pouvoir contribuer à la fluorescence mesurée
(voir la figure IV.3 page 103). Notre technique reste-t-elle valable lorsqu’il y a plusieurs
états finaux ?

Un autre cas très intéressant est le cas d’un continuum d’états finaux. Cela correspond
par exemple à une impulsion de sonde qui ionise le système étudié. Est-ce que dans cette
situation la caractérisation est toujours possible et a-t-on toujours un rôle symétrique de
la pompe et de la sonde ? Nous nous proposons ici de répondre en partie à ces questions.

IV.6.3.1 Plusieurs niveaux finaux

On reprend ici l’approximation perturbative et on utilise toujours une séquence d’im-
pulsions de pompe mais on suppose que plusieurs états finaux |n〉 peuvent contribuer à la
fluorescence. On note Pn(∞, τ) la population asymptotique dans ces états pour un délai
pompe sonde τ donné. Comme nous avions défini bf (τ) pour l’état |f〉 (voir l’équation IV.12
page 98), nous introduisons :

bn(τ) = −µne

2i~

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′)e iωnet′ae(t

′ + τ) (IV.60a)

bn(τ) = −µneµeg

4~2

∫ ∞

−∞

dt′Es(t
′)e iωnet′

∫ t′+τ

−∞

dtEp(t)e
iωegt (IV.60b)

où µne est le moment dipolaire de la transition |e〉 7→ |n〉. On note aussi ωne les pulsations
des transitions |e〉 7→ |n〉. La fluorescence s’écrit maintenant comme la somme incohérente
des contributions des différents états. En supposant qu’ils contribuent tous de manière
équivalente14, on peut écrire pour un délai τ suffisamment grand :

S θ(τ) ∝
∑

n

Pn(τ) ∝
∑

n

|bn1(∞) + bn2(τ) exp [iθ]|2 (IV.61)

où l’on a introduit les notations bn1(τ) et bn2(τ) qui sont les contributions respectives de
Ep1(t) et Ep2(t).

La reconstruction géométrique n’apparaît pas clairement réalisable sur cette expres-
sion car on ne peut plus identifier simplement cette somme au carré d’une distance. On
peut par contre toujours utiliser la reconstruction utilisant quatre transitoires, donnée dans
l’équation IV.36 page 117, pour reconstruire le signal G(τ) :

G(τ) =
[S 0(τ) − S π(τ)]

2
+ i

[
S −π/2(τ) − S π/2(τ)

]

2
∝

∑

n

bn
∗
1(∞)bn2(τ) (IV.62)

14C’est à peu près le cas dans le rubidium : le produit du moment dipolaire µne par la probabilité de
fluorescence donne le même ordre de grandeur pour les états impliqués.
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On peut alors dériver cette quantité par rapport à τ :

g(τ) =
∂G(τ)

∂τ
∝

∑

n

bn
∗
1(∞)

∫ ∞

−∞

dtEs(t)e
iωnetEp2(t + τ)e iωeg(t+τ) (IV.63a)

Ce résultat est très proche de celui obtenu pour un seul état final (donné par l’équa-
tion IV.56 page 137) : on obtient une somme de convolutions du champ de pompe avec
le champ de sonde avec des décalages spectraux dépendant des pulsations ωne. Quoi qu’il
en soit, ce résultat peut toujours se mettre sous la forme de la convolution d’une fonction
réponse h(t) par le deuxième champ de pompe Ep2(t), décalé spectralement de ωeg.

g(τ) =

∫ ∞

−∞

h(t)Ep2(t + τ)e iωeg(t+τ)dt (IV.64)

Cette fonction réponse dépend de façon complexe de la sonde Es(t) et des différents états
finaux :

h(t) ∝
∑

n

bn
∗
1(∞)Es(t)e

iωnet (IV.65)

Dans le domaine spectral, on a ainsi accès à la quantité :

g̃(ω) ∝ h̃(−ω)Ẽp2(ωeg + ω) (IV.66)

où h̃(ω) est la transformée de Fourier de h(t). Les rôles joués par la sonde et la pompe sont
donc maintenant clairement dissymétriques. Il est toujours possible de mesurer la deuxième
impulsion de pompe Ẽp2(ω) à condition de connaître parfaitement h̃(ω). Pour cela, il
faut connaître Ẽs(ω) ainsi que tous les moments dipolaires µne et toutes les pulsations de
transitions ωne. Les contraintes sur h̃(−ω) pour que la reconstruction soit valable sont celles
énoncées pour Ẽs(ωfe−ω) dans le cas d’un seul niveau final (voir la partie IV.6.1 page 137).
Par contre, il ne semble pas possible de reconstruire la sonde connaissant Ẽp2(ω).

IV.6.3.2 Continuum d’états finaux

On reprend exactement la même démarche que pour quelques états finaux, en rem-
plaçant la somme discrète par une intégrale sur toutes les pulsations possibles pour les
états finaux. Cela revient à considérer une ionisation loin du seuil dans un continuum plat.
Des calculs simples permettent d’obtenir la quantité :

g(τ) ∝
∫ ∞

−∞

dt|Es(t)|2Ep2(t + τ)e iωeg(t+τ) (IV.67)

On a donc accès à la convolution du profil d’intensité de l’impulsion de sonde par le
champ de pompe. Une fois encore, les rôles sont nettement dissymétriques. Cette fois par
contre, la situation est plutôt favorable. En effet, pour connaître la pompe, il n’est plus
nécessaire d’avoir une caractérisation complète de la sonde : son profil d’intensité suffit.
Cela peut s’avérer intéressant pour une sonde dans l’XUV où il existe quelques méthodes
de corrélations intensimétriques mais pas de méthode de caractérisation complète.
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Si on dispose d’un moyen de résoudre en énergie les éléments issus de l’ionisation
(spectromètre de photo-électrons ou de photo-ions), on peut se ramener à un système à
trois niveaux. En effet, l’étape d’ionisation résolue en énergie joue le rôle d’un troisième
niveau lié ayant une largeur spectrale donnée par la résolution du spectromètre utilisé.

Il pourrait donc être possible d’étendre cette technique dans l’UV et le XUV, ce qui
est particulièrement intéressant étant donné le peu de techniques de caractérisation dans
ces gammes spectrales. Des expériences sont à l’étude.

IV.6.4 Conclusion

La mesure complète d’impulsions par transitoires cohérents présente des caractéris-
tiques plutôt atypiques. Il s’agit tout d’abord d’une mesure à référence, mais avec une
référence qui peut être dans un domaine spectral totalement différent de celui de l’impul-
sion inconnue. Ceci est très intéressant car la caractérisation d’impulsions femtoseconde ne
présente pas la même difficulté dans différents domaines spectraux. On peut ainsi imaginer
utiliser une référence dans un domaine où la caractérisation se fait aisément (le proche
infrarouge par exemple) et un champ à caractériser dans un domaine plus problématique
comme l’ XUV[129, 63, 130, 131].

Cette technique se prête très bien aux impulsions fortement mises en forme, comme
nous l’avons vu avec la reconstruction d’impulsions à forte dérive de fréquence. Bien sûr, elle
fonctionne aussi pour des impulsions proches de la limite par transformée de Fourier. Mais
très souvent, il existe d’autres techniques performantes pour ce genre d’impulsions qui ont
l’avantage d’être auto-référencées : FROG[65, 132, 133], SPIDER[68], et leurs dérivées[66,
134, 64], [135, 112, 74, 73, 72, 136, 137]. Par contre ces techniques ne se prêtent pas très bien
à la caractérisation d’impulsions fortement façonnées. En effet, pour ce genre d’impulsions,
les mesures FROG nécessitent des traces 2D avec un grand nombre de points temporels
et spectraux. Cela rend la reconstruction itérative très lente et peu aisée. Dans le cas du
SPIDER, il peut être difficile de trouver un compromis acceptable entre quantité de signal
et résolution spectrale.

Une autre difficulté pour des techniques habituelles est la caractérisation d’impul-
sions constituées de plusieurs "morceaux" nettement séparés (dans le domaine temporel
ou spectral) comme par exemple une séquence de plusieurs impulsions. Il est alors dif-
ficile de relier entre elles les phases reconstruites sur chacun des morceaux. Nous avons
pu constater que la reconstruction par transitoires cohérents est particulièrement efficaces
dans ces situations15.

Dernier intérêt de cette technique, elle permet une caractérisation in situ des impul-
sions femtosecondes : nous avons caractérisé nos impulsions au sein même de la cellule de
rubidium que nous utilisons pour nos expériences de contrôle cohérent.

15Ceci semble être dû au signal expérimental qui est à peu de chose près l’intégrale du champ à carac-
tériser : même si ce dernier s’annule, le signal expérimental ne s’annule pas et la phase reconstruite garde
un sens.





149

CONCLUSION

Au cours de cette thèse, nous avons tout d’abord développé différents types de façonneurs
pour impulsions femtoseconde. Nous les avons ensuite utilisés pour contrôler de manière
cohérente un système atomique simple. Ces expériences de contrôle cohérent ont permis
d’observer l’évolution d’une fonction d’onde atomique à l’échelle femtoseconde. Une tech-
nique de caractérisation complète d’impulsions ultra-courtes a été dérivée de ces observa-
tions.

Le premier dispositif que j’ai conçu utilise un masque spatial à cristaux liquides (LC-
SLM) placé au sein d’une ligne à dispersion nulle. Il permet la mise en forme d’impulsions
à 800 nm, de 130 fs de durée initiale pour une énergie de plusieurs centaines de µJ. L’éta-
lement du spectre de l’impulsion incidente au niveau du masque spatial permet d’utiliser
ce dernier comme un filtre spectral. Afin d’obtenir un contrôle complet sur la forme des
impulsions en sortie, la phase et l’amplitude des composantes spectrales transmises peuvent
être ajustées indépendamment. Pour cela, deux masques haute résolution indépendants, ne
contrôlant que la phase, ont été associés. Cette solution originale assure une résolution en
phase et en amplitude jusqu’ici inégalée. Elle permet la réalisation d’impulsions aux profils
temporels très complexes s’étalant sur plusieurs dizaines de picosecondes. Ces capacités de
mise en forme ont été exploitées dans les différentes expériences de contrôle cohérent de
cette thèse. Une étude des limitations de ce façonneur, notamment les effets de pixellisa-
tion et de couplage spatiotemporel, a été menée. Différentes solutions pour compenser une
partie de ces défauts ont été proposées et mises en œuvre.

Un deuxième dispositif plus simple a été construit au STEACIE Institute dans le but
de réaliser des expériences de contrôle optimal. Pour ces mêmes expériences, deux compres-
seurs à prismes et à miroirs déformables ont été développés pour pouvoir optimiser la durée
d’impulsions visibles accordables. Divers soucis techniques ont retardé ces expériences, elles
sont finalement prévues pour cet été.

Enfin, un AOPDF fonctionnant dans le visible a été étudié et optimisé pour la com-
pression et la mise en forme des impulsions issues de NOPA. La possibilité de recomprimer
la sortie d’un NOPA sur toute la gamme visible sans aucun réalignement a été démontrée.
Nous avons aussi prouvé qu’en plus de la compression, l’AOPDF disposait de capacités
de mise en forme tout à fait intéressantes, en conservant un rendement élevé. Ce type de
compresseur-façonneur devrait prochainement permettre de simplifier grandement les ex-
périences de contrôle cohérent ou de contrôle optimal dans la gamme visible.

Lors de la fabrication, de l’étude ou de l’utilisation de ces différents façonneurs, nous
nous sommes heurtés au problème de la caractérisation des impulsions fortement mises
en forme. En effet, les nombreuses techniques de caractérisation complète ou partielle qui
existent ne sont pas tout à fait adaptées. La plupart de ces techniques trouvent leurs
origines dans la course aux impulsions courtes qui a fait rage durant ces trois dernières
décades. L’attention s’est donc portée sur la mesure précise de la phase spectrale résiduelle
qui allonge la durée des impulsions. Dans le cas d’impulsions fortement mises en forme, le
problème est tout autre : on s’intéresse à des phases très grandes, présentant éventuellement
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des variations très brusques. De plus, l’amplitude spectrale est elle aussi très torturée et
peut par exemple présenter des trous importants.

Une première technique simple à laquelle nous avons pensé est l’interférométrie spec-
trale. En envoyant dans un spectromètre deux impulsions décalées temporellement, l’une
prélevée en entrée du façonneur, l’autre en sortie, il est possible de caractériser complè-
tement l’action du façonneur (c’est-à-dire d’obtenir sa fonction de transfert). L’idée est
d’utiliser l’impulsion non-mise en forme comme référence pour mesurer les changements
subis par l’impulsion mise en forme. Malheureusement, cette technique réclame une préci-
sion interférométrique sur le délai séparant les deux impulsions, ce qui est très difficile à
obtenir en pratique. En effet, le façonneur haute résolution introduit un chemin optique de
plus de 5 mètres. Pour pouvoir recombiner les deux impulsions dans le spectromètre, un
chemin équivalent doit être introduit sur le parcours de l’impulsion prélevée en entrée. On
se retrouve alors avec un interféromètre ayant deux bras extrêmement grands et il s’avère
très compliqué d’obtenir la précision sur le délai à cause notamment des courants d’air et
des vibrations. L’AOPDF quant à lui introduit des fluctuations sur le temps de sortie de
l’impulsion mise en forme, ce qui rend la précision interférométrique impossible. Il existe
toutefois des AOPDF sans gigue qui permettent de limiter très fortement ces fluctuations
et d’obtenir la précision voulue. Malheureusement, les prototypes que nous avons utilisés
ne proposaient pas cette stabilisation.

Devant l’impossibilité d’utiliser une référence, nous avons essayé des techniques auto-
référencées comme le SPIDER ou le FROG. Cependant, ces deux techniques présentent
très souvent des résolutions spectrales faibles (de l’ordre du nm) devant celle des façon-
neurs (0,06 nm pour le façonneur haute résolution). Bien que rien de fondamental dans
ces techniques n’empêche une amélioration de leur résolution, la mise en œuvre pratique
est complexe et coûteuse. En effet, dans les deux cas, il faut disposer de spectromètres de
haute résolution, relativement onéreux. Pour le FROG, la quantité de données à traiter
pour caractériser convenablement une impulsion de forte complexité peut s’avérer rédhi-
bitoire. Pour le SPIDER, trouver un compromis entre résolution et quantité de signal est
problématique. Différentes variantes du SPIDER permettent de résoudre ce problème mais
leur mise en œuvre n’est pas simple.

Enfin, ces deux techniques s’accommodent très mal d’un trou spectral : au niveau
d’un trou, on perd (partiellement ou totalement) l’information sur la phase relative entre les
deux morceaux se trouvant de part et d’autre de celui-ci. Cela peut poser problème pour la
caractérisation de séquences d’impulsions dont la génération requiert de fortes modulations
dans le domaine spectral.

Finalement, nous avons eu le plus souvent recours à des techniques de caractérisation
incomplètes, comme les cross-corrélations, ou indirectes, par le biais de la réponse d’un
système simple aux impulsions à caractériser.

Nous avons ainsi utilisé l’atome de rubidium comme une sonde pour observer les mo-
difications introduites par notre façonneur haute résolution sur les impulsions à 800 nm.
Pour cela, nous avons excité de manière résonnante une transition à deux niveaux à l’aide
d’une impulsion mise en forme de faible intensité et observé le comportement transitoire
de la population transférée. Cette observation se fait à l’aide d’une deuxième impulsion
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(visible) décalée temporellement (technique de pompe-sonde). Ces transitoires cohérents
se sont révélés extrêmement sensibles aux changements de l’impulsion mise en forme. Ils
ont permis de développer une technique de calibration très précise pour les façonneurs
haute résolution.

Par la suite, nous avons exploité les capacités de notre façonneur pour mettre au point
une technique de mesure de fonction d’onde atomique. Celle-ci permet de suivre l’évolution
transitoire de la fonction d’onde atomique sur le niveau excité au cours de l’interaction avec
une impulsion donnée. Cette technique tire profit de la linéarité en régime perturbatif de
la réponse atomique avec l’impulsion excitatrice. Pour reconstruire l’effet sur la fonction
d’onde atomique d’une impulsion donnée, on la fait précéder d’une autre impulsion. On
enregistre ainsi plusieurs transitoires cohérents, obtenus pour différentes phases relatives
entre les deux impulsions. En combinant ces enregistrements, il est possible de reconstruire
l’amplitude de probabilité dans l’état excité due à la première impulsion. Nous avons ainsi
pu observer l’évolution de la fonction d’onde atomique lorsque l’atome est soumis à diffé-
rentes formes d’impulsions. Bien que cette mesure ait quelques ressemblances et partage
des techniques de mesure avec les expériences de tomographie quantique ou d’holographie
quantique, elle donne accès à une information quelque peu différente. En effet, ces deux
techniques permettent de mesurer l’évolution libre d’un paquet d’onde constitué de plu-
sieurs niveaux. Ici, nous observons l’évolution forcée, sous l’influence de l’impulsion mise
en forme, de l’amplitude de probabilité sur un seul niveau atomique. Il semble toutefois
possible d’étendre cette technique à une superposition de niveaux en s’inspirant de ce qui
se fait en holographie quantique. On pourrait ainsi réaliser une reconstruction plus poussée
de l’évolution des degrés de liberté interne de l’atome au cours de son interaction avec une
impulsion mise en forme.

Enfin, nous avons dérivé de cette mesure de fonction d’onde atomique une technique
de caractérisation d’impulsion. Pour cela on exploite le simple lien d’intégration qui existe
en régime perturbatif entre l’impulsion excitatrice et l’amplitude de probabilité transférée.
En dérivant l’amplitude de probabilité mesurée, il est possible de retrouver l’impulsion.
Cette technique de mesure est en fait une méthode à référence : l’impulsion visible utilisée
pour sonder l’atome apporte elle aussi sa contribution au signal atomique. On dispose ainsi
d’une technique permettant la caractérisation d’une impulsion infrarouge à l’aide d’une
référence visible (ou le contraire). L’appartenance des deux impulsions à des domaines
spectraux différents est une réelle originalité pour une technique à référence. Autre par-
ticularité de la méthode, elle semble facilement transférable à d’autres longueurs d’onde.
Il suffit de trouver un système à trois niveaux dans lequel les deux transitions successives
sont dans les domaines spectraux voulus pour l’impulsion de pompe et celle de sonde. On
pourrait ainsi tirer profit de ces deux particularités pour réaliser la caractérisation d’une
impulsion dans une gamme spectrale où les techniques de caractérisations complètes sont
difficiles (par exemple dans l’XUV ou l’infrarouge moyen) à l’aide d’une référence appar-
tenant à une gamme spectrale moins problématique (comme le proche infrarouge, autour
de 800 nm).

De plus, cette méthode de caractérisation semble tout à fait adaptée à la caractéri-
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sation d’impulsions fortement mise en forme et ce pour deux raisons. Tout d’abord, elle
est capable de reconstruire correctement la phase de part et d’autre d’un trou en ampli-
tude, que ce soit dans le domaine spectral ou le domaine temporel. Ceci est sûrement lié à
l’utilisation d’un signal atomique s’exprimant comme l’intégrale du champ électrique. En-
suite, les mêmes paramètres d’acquisition et de reconstruction peuvent être utilisés pour
des impulsions très différentes : pour une intensité spectrale donnée, la quantité de signal
est la même pour une impulsion limitée par transformée de Fourier ou une impulsions très
fortement étirée. Cette robustesse vis-à-vis de la forme de l’impulsion est assez inhabituelle
et tout à fait intéressante pour la caractérisation de façonneurs.

Un autre intérêt de cette technique est le fait que la caractérisation est faite in situ

et que l’on mesure donc bien l’impulsion qui interagit avec le système étudié. Enfin, il
semble possible d’étendre cette technique de caractérisation au cas où l’étape de pompe
ionise le système, c’est-à-dire le cas où le niveau final est un continuum au lieu d’un état
lié. Ceci pourrait peut-être permettre d’utiliser cette technique pour la caractérisation in

situ d’impulsions XUV dans des systèmes moléculaires.



Annexe A

NOTATIONS POUR EXPÉRIMENTATEUR

A.1 Transformée de Fourier

A.1.1 Définitions

F désigne la transformée de Fourier directe. On notera Ẽ(ω) la transformée de Fourier
directe de E(t). Celle-ci est définie par :

Ẽ(ω) =
1√
2π

∫

e iωtE(t)dt = F [E(t)](ω) (A.1)

La transformée de Fourier inverse est notée F−1 et définie par :

E(t) =
1√
2π

∫

e−iωtẼ(ω)dω = F−1
[

Ẽ(ω)
]

(t) (A.2)

A.1.2 Propriétés et transformées de Fourier usuelles

Un pic de Dirac temporel, centré en t0 a pour transformée de Fourier :

F [δ(t − t0)](ω) =
1√
2π

e iωt0 (A.3)

Une impulsion monochromatique, centrée en ω0 s’écrira dans le domaine temporel comme :

F−1 [δ(ω − ω0)](t) =
1√
2π

e−iω0t (A.4)

De plus, on a les relations suivantes entre produit et produit de convolution (noté ∗) :

F [f.g] =
1√
2π

F [f ] ∗F [g] (A.5)

F [f∗g] =
√

2πF [f ] .F [g] (A.6)

En combinant ces différents résultats, on obtient la relation suivante dans le domaine
spectral pour un décalage temporel de t0 :

F [E(t − t0)](ω) = F [E(t)](ω)e iωt0 (A.7)
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A.2 Champ électrique

A.2.1 Définitions - Notations

Pour faire plaisir à Schrödinger sans pour autant froisser l’intuition, nous avons pris
les notations suivantes...

Le champ électrique est une quantité réelle, que nous noterons E(t) et que nous
décomposerons comme :

E(t) =
1

2
[E(t) + E∗(t)] = Re [E(t)] (A.8)

E(t) est le champ complexe correspondant à sa partie de fréquence positive, il se met sous
la forme :

E(t) = A(t)e−iω0t+iϕ(t) (A.9)

où ω0 est la pulsation centrale du champ électrique, A(t) son enveloppe et ϕ(t) sa phase
temporelle.

On note Ẽ(ω) la transformée de Fourier directe de E(t), que l’on décompose en
amplitude et phase :

Ẽ(ω) = A(ω)e iφ(ω) (A.10)

Attention, il ne faut pas se laisser abuser par les notations prises dans les équations A.9
et A.10 : A(t) et A(ω) ne sont pas liées par transformée de Fourier. De même, ϕ(t) et
φ(ω) n’ont pas de lien direct. Ces notations traduisent juste la séparation habituelle en
enveloppe réelle lentement variable et phase.

A.2.2 Durée - largeur spectrale

Les expérimentateurs le savent bien : on ne mesure que des largeurs à mi-hauteur (ou
presque). Le plus souvent même, on mesure la largeur à mi-hauteur d’une intensité. Il est
en effet très rare que l’on arrive à mesurer une demi-largeur à 1/e d’un simple coup d’oeil
sur un signal expérimental... C’est pourquoi j’ai pris le parti d’écrire les formules de cette
thèse aussi souvent que possible à l’aide de largeur à mi-hauteur en intensité. Je présente
ici les notations que j’ai employé ainsi que le lien avec d’autres quantités souvent utilisées.

Nous prenons l’exemple d’un champ temporel de pulsation centrale ω0, ayant une
phase temporelle ϕ(t) nulle et possédant une enveloppe gaussienne.

Nous appellerons durée et nous noterons ∆t sa largeur à mi-hauteur en intensité :

E(t) = A(t)e−iω0t avec A(t) = 4−
t2

∆t2 = e−2 ln(2) t2

∆t2 (A.11)

Celle-ci est liée à la demi-largeur à 1/e, que nous noterons T , par :

∆t = T
√

2 ln(2)

Dans le domaine spectral ce champ est aussi représenté par une enveloppe gaussienne et
une phase spectrale plate.



A.2. CHAMP ÉLECTRIQUE 155

On appellera largeur spectrale de ce champ, que l’on notera ∆ω la largeur à mi-
hauteur en intensité de cette gaussienne :

Ẽ(ω) = A(ω) = 4−
(ω−ω0)2

∆ω2 = e−2 ln(2)
(ω−ω0)2

∆ω2 (A.12)

où ∆ω est la largeur spectrale à mi-hauteur en intensité. Celle-ci est liée à la demi-largeur
spectrale à 1/e, notée Ω, par :

∆ω = Ω
√

2 ln(2)

Ainsi définies, la largeur spectrale et la durée de ce champ limité par transformée de Fourier
sont liées par la relation :

∆t.∆ω = 4 ln(2)

Les demi-largeurs à 1/e vérifient quant à elles :

T.Ω = 2





Annexe B

COUPLAGE SPATIOTEMPOREL

Cette annexe est un complément à la partie II.9.3 page 54. Nous ne détaillerons pas
ici complètement les calculs permettant d’obtenir le champ de sortie en fonction de la
mise en forme programmée. Ceux-ci ont été détaillés dans plusieurs articles, notamment
les références [86, 95]. Nous nous contenterons de donner les éléments essentiels du calcul,
l’expression du champ au plan de Fourier ainsi qu’à la sortie du façonneur. Nous donnerons
enfin l’expression analytique du champ de sortie dans le cas d’une phase linéaire et d’une
phase quadratique.

B.1 Conventions et notations

Le couplage spatiotemporel est dû à l’étalement des pulsations dans le plan du masque
(plan de Fourier de la ligne 4f). L’expression complète du champs électrique nous importe
peu. Du point de vue spatial, seule nous importe la coordonnée transverse horizontale x
selon laquelle se fait l’étalement des pulsations au sein de la ligne. Selon la verticale y, il n’y
a pas de changement et nous omettrons cette coordonnée. Nous nous intéresserons donc à
l’expression du champs en fonction de la coordonnée transverse horizontale x et du temps
ou de la pulsation. Dans tous les calculs présentés ci-après, nous omettrons les différents
facteurs multiplicatifs pouvant apparaître, afin d’alléger les équations.

B.1.1 Champs en entrée

Nous supposerons que le champs en entrée possède un profil transverse gaussien de
largeur à mi-hauteur en intensité ∆x. Nous supposerons que les dépendances spatiales et
spectrales sont factorisables1. Nous l’écrivons donc sous la forme :

EE(ω, x) = EE(ω)e−2 ln(2)( x
∆x)

2

= EE(ω)4−( x
∆x)

2

(B.1)

La pulsation ω est définie par rapport à la pulsation centrale ω0.

B.2 Champs au plan de Fourier

Pour comprendre l’action du masque spatial MX(X), il faut connaître l’expression
du champs électrique au niveau du plan de Fourier de notre façonneur. Nous allons pour

1C’est à dire qu’il n’existe pas de couplage entre les deux : ni dérive spatiale de fréquence, ni aberration
chromatique...
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cela détailler l’action d’un réseau et celle d’un miroir cylindrique. En combinant les deux,
nous pourrons déterminer le champ électrique avant et après le masque programmable.

B.2.0.1 Action d’un réseau

Nous nous intéressons à l’action du réseau d’entrée sur un champs E0(x0, ω) de pul-
sation centrale ω0. La figure B.1 résume les différentes notations. Juste après le réseau le

Fig. B.1 – Dispersion d’un faisceau par un réseau.

champs devient[138, 87]
E1(ω, x1) = E0(x1/β, ω)e ikγωx1 (B.2)

où β est le facteur d’échelle spatial du réseau et γ sa dispersion angulaire et où l’on
a posé k = ω0/c. c est la vitesse de la lumière. Les deux paramètres du réseau s’écrivent

β =
cos(θd)

cos(θi)
(B.3a)

γ =
2πc

dω2
0 cos(θd)

(B.3b)

θi et θd étant les angles d’incidence et de diffraction sur le réseau et d le pas du réseau.
On peut donc voir l’action du réseau comme l’application d’un facteur d’échelle 1/β

sur le profil spatial et l’introduction d’une dispersion angulaire définie par γ. Dans la ligne
4f, γ est liée à la dispersion linéaire dans le plan de Fourier α et à la focale f des miroirs
par : γ = α/f (voir équation II.21 page 44).

L’action du réseau de sortie est similaire. Toutefois, afin de compenser l’effet du réseau
d’entrée, ses paramètres β ′ et γ′ valent :

β ′ = 1/β (B.4a)

γ′ = −βγ (B.4b)

B.2.0.2 Action d’un miroir cylindrique

Nous considérons maintenant l’action d’un miroir cylindrique sur un champ E1(x1, ω).
La figure B.2 page suivante présente les notations dans le cas, plus simple à représenter,
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Fig. B.2 – Action d’une lentille sur un faisceau.

d’une lentille. E1(x1, ω) étant l’expression du champs dans le plan focal objet du miroir de
focale f , on obtient dans son plan focal image un champ E2(x2, ω) donné par :

E2(ω, x2) =

∫

e i
2πx1x2

fλ0 E1(ω, x1)dx1 (B.5)

L’action du miroir se traduit donc comme une transformée de Fourier selon la coor-
donnée transverse x : x1 et x2 sont conjuguées par transformée de Fourier, à un facteur
d’échelle prés.

B.2.0.3 Champ au plan de Fourier

En utilisant les équations B.2 page ci-contre et B.5, on trouve pour le champ entrant
dans le plan de Fourier une expression simple :

Epf,E(ω, X) = EE(ω)e−2 ln(2)(X−fγω
∆X )

2

= EE(ω)4−(X−fγω
∆X )

2

(B.6)

où X est la position transverse dans le plan de Fourier et ∆X est donnée par :

∆X =
2 ln(2)λ0f

πβ∆x
=

4 ln(2)cf

βω0∆x
(B.7)

On retrouve ainsi le champ spectral entrant dans la ligne EE(ω), multiplié par une gaus-
sienne. Cette gaussienne traduit l’étalement du spectre dans le plan de Fourier par le biais
du terme (X − fγω) qui couple position et pulsation. De plus, elle correspond au profil
spatial que donnerait chaque composante spectrale prise individuellement.

Après la traversée du masque MX(X), ce champ devient :

Epf,S(ω, X) = Epf,EM(X) = EE(ω)MX(X)4−(X−fγω
∆X )

2

(B.8)

B.3 Champ en sortie

On obtient le champ en sortie en propageant le champ donné dans l’équation B.8 au
travers de la deuxième demi-ligne. On réutilise pour cela les équationsB.2 et B.5, en prenant
garde que le réseau de sortie a un effet opposé à celui de l’entrée (voir l’équation B.4 page
ci-contre).



160 ANNEXE B. COUPLAGE SPATIOTEMPOREL

Les calculs permettent ainsi de mettre le champ de sortie sous la forme :

ES(ω, x) = EE(ω)

∫

e iKXMX(X + X0)4
−( X

∆X )
2

dX (B.9)

où l’on a introduit

K(x) =
βω0x

cf
(B.10)

et
X0(ω) = fγω (B.11)

K apparaît comme la variable conjuguée de la position dans le plan de Fourier et X0

comme un décalage dans le plan de Fourier. L’équation B.9 donne le champ de sortie en
fonction du spectre d’entrée et de la transformée de Fourier du masque décalé et multiplié
par une gaussienne.

Pour des raisons qui apparaîtront évidentes par la suite, nous n’allons pas utiliser
l’équation B.9 telle quelle. Nous allons utiliser la relation de dispersion X0(ω) = fγω pour
faire les changements de variable :

ω′ =
X

fγ
(B.12a)

∆ω′ =
∆X

fγ
(B.12b)

Nous définissons aussi v, vitesse de couplage spatiotemporel :

v =
c

γβω0
=

−dc cos(θi)

λ0
(B.13)

Fort de ces changements, on obtient :

ES(ω, x) = EE(ω)

∫

e i x
v
ω′

Mw(ω′ + ω)4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (B.14)

où l’on a utilisé la notation Mw(ω) = MX(fγω). Bien qu’implicite, le couplage spatiotem-
porel apparaît très clairement dans cette équation : la position transverse est, à un facteur
1/v près, la variable conjuguée de la pulsation. De plus, cette équation permet de calculer
analytiquement le champ en sortie pour certains masques simples.

B.4 Filtrage spatial

Dans de très nombreux cas, il est impossible d’obtenir une forme simple pour le
champ de sortie où les variables spatiales et spectrales sont séparées. On utilise alors une
forme approchée en développant l’équation II.33 page 55 sur les différents modes hermito-
gaussiens[29] et en n’en gardant que le mode gaussien. Cette approximation est tout à fait
justifiée lorsque l’on filtre spatialement la sortie du façonneur. Le filtrage le plus simple
se résume à un diaphragme de faible diamètre, comme cela est fait sur notre façonneur
(diaphragme D0 sur la figure II.16 page 31).
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Sous ces conditions, on peut écrire pour le champ de sortie, filtré[86, 48, 95, 28] :

ES(ω, x) = EE(ω, x)

∫

Mw(ω′ + ω)4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (B.15)

où l’on voit apparaître la fonction de transfert H(ω) du façonneur qui vaut :

H(ω) =

∫

Mw(ω′ + ω)4
−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ =

∫

Mw(ω′)4
−

(
ω′

−ω
∆ω′

)2

dω′ (B.16)

Le masque programmé est ainsi convolué par une gaussienne de largeur à mi-hauteur
en intensité ∆ω′. Cela revient à dire que la mise en forme temporelle correspondant à ce
masque sera multipliée par une enveloppe gaussienne de largeur à mi-hauteur :

∆T =
4 ln(2)

∆ω′
=

∆x

|v| (B.17)

B.5 Exemples

B.5.1 Cas d’un délai

Pour retarder d’un délai τ l’impulsion traversant la façonneur, le masque doit intro-
duire une phase spectrale linéaire de la forme φ(ω) = −ωτ . Cela correspond à un masque :

Mw(ω) = e−iωτ (B.18)

Nous reprenons les notations de la partie précédente. Le champ en sortie s’écrit comme :

ES(ω, x) = e−iτωEE(ω)4−(x/v−τ
∆T )

2

(B.19)

ce qui, compte tenu de la définition de EE(ω, x) peut se réécrire sous la forme.

ES(ω, x) = e−iτωEE(ω)4−(x−vτ
∆x )

2

= e−iτωEE(ω, x− vτ) (B.20)

En définissant ES(t, x) comme la transformé de Fourier inverse de ES(ω, x) on peut écrire
ce même résultat sous la forme :

ES(t, x) = EE(t − τ, x − vτ) (B.21)

On obtient ainsi bien un champ décalé temporellement de τ , mais aussi décalé spatialement
de vτ .

Si on applique un filtrage spatial, on obtiendra

ES(ω, x) = 4−( τ
∆T )

2

e−iτωEE(ω, x) (B.22)

c’est à dire la mise en forme souhaitée, mais avec une atténuation gaussienne.
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B.5.2 Cas d’une phase quadratique

Pour réaliser une dérive de fréquence, le masque doit introduire une phase quadratique
en pulsation soit

Mw(ω) = e−i 1
2
φ(2)(ω)2 (B.23)

Le champ de sortie, donné par l’équation B.14 page 160, peut se ré-écrire sous la forme

ES(ω, x) = EE(ω)

∫

e i x
v
ω′

e−i[ 1
2
φ(2)(ω′)2+φ(1)ω′+φ(0)]4

−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (B.24)

en posant :

φ(1) = φ(2)ω (B.25a)

φ(0) =
1

2
φ(2)(ω)2 (B.25b)

Pour la partie intégrale de l’équation B.24, on a donc :

I(ω, x) =

∫

e i x
v
ω′

e−i[1
2
φ(2)(ω′)2+φ(1)ω′+φ(0)]4

−

(
ω′

∆ω′

)2

dω′ (B.26)

On voit apparaître la transformée de Fourier d’une gaussienne spectrale à laquelle on a
appliqué une phase polynômiale d’ordre deux.

Cette intégrale est connue[55] : elle est semblable à l’expression temporelle d’une
impulsion gaussienne ayant subit une phase polynômiale. Elle vaut :

I(ω, x) = e
i
[

α(x/v−φ(1))
2
−φ(0)+θ

]

4
−

(

x/v−φ(1)

∆xp/v

)2

(B.27)

avec

∆x2
p =

(
4 ln(2)φ(2)v

∆x

)2

+ ∆x2 (B.28a)

α =
2φ(2)

(2φ(2))
2
+

(
∆x2

2 ln(2)v2

)2 (B.28b)

θ = − arctan

(
4 ln(2)φ(2)v2

∆x2

)

(B.28c)

(B.28d)

Compte tenu des définitions de l’équation B.25, on peut écrire le champ de sortie :

ES(ω, x) = e−i 1
2
φ(2)ω2

EE(ω)e i
[

α
v2 (x−vφ(2)ω)

2
+θ

]

4
−

(

x−vφ(2)ω
∆xp

)2

(B.29)

Cette forme permet de bien mettre en avant les caractéristiques du champ de sortie. On
retrouve tout d’abord bien la phase spectrale quadratique que l’on souhaitait appliquer à
l’impulsion. On voit ensuite clairement sur le profil spatial une dérive de fréquence spatiale :
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le profil est élargi (∆xp) et la direction de propagation apparente varie avec la position
transverse.

Enfin, la position du maximum d’intensité varie avec la pulsation. Cette dernière
caractéristique se comprend mieux en se rappelant que, dans le domaine temporel, tout
se passe comme si chaque pulsation ω subissait un délai τ = φ(2)ω. On retrouve donc un
couplage en x − vτ identique à celui rencontré pour un une phase spectrale linéaire (voir
l’équation B.21 page 161).

Contrairement au cas de la phase linéaire, il est ici impossible de séparer la dépendance
spatiale de la dépendance spectrale.
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