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"There is no harm in doubt and skepticism, for it is through these that new discoveries

are made."

Richard Feynman
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Résumé

Nous présentons une étude de la dynamique de la lumière et des mesures des caracté-

ristiques non-linéaires optiques dans le disulfure de carbone.

Dans la première partie, nous calculons dans le cadre d’un modèle classique des ex-

pressions des susceptibilités non-linéaires jusqu’au cinquième ordre, en tenant compte des

corrections de champ local. Nous formulons différentes hypothèses que nous confirmons

ou infirmons par la mesure des indices d’absorption et de réfraction non-linéaires. Celles-

ci sont obtenues en combinant deux méthodes de caractérisation des non-linéarités au

sein d’un système 4f d’imagerie. L’analyse des données expérimentales utilise une mé-

thode nouvellement développée, qui consiste à inverser numériquement, par la méthode

de Newton, les solutions analytiques des équations différentielles qui décrivent l’évolution

du faisceau.

Dans la deuxième partie, nous observons la filamentation d’un faisceau laser à la lon-

gueur d’onde de 532 nm et en régime picoseconde. Puis nous procédons à la mesure de

l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre n2,eff en fonction de l’intensité

incidente. Par un ajustement de la courbe de saturation de l’effet Kerr, nous développons

un nouveau modèle. La résolution numérique de celui-ci reproduit la filamentation obser-

vée.

La dernière partie est consacrée à l’étude de la dynamique des solitons dissipatifs au

sein de milieux à gains et pertes non-linéaires. La résolution numérique de l’équation

complexe de Ginzburg-Landau cubique-quintique est réalisée suivant différentes configu-

rations : soliton fondamental, dipôle, quadrupôle, vortex carré et rhombique.
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Abstract

We present a study of light dynamics and measurements of the nonlinear optical

characteristics of carbon disulphide.

In the first part, we calculate using the classical model, the nonlinear susceptibilities

up to the fifth order taking into account local field corrections. We express different

assumptions that we confirm or refute by measuring the nonlinear absorption coefficient

and the nonlinear refractive index. The measurements are performed by means of two

nonlinear characterization methods combined with an imaging 4f system. We analyse

the experimental data using a newly developed method which numerically inverts the

analytical solutions of the differential equations which describe the evolution of the beam,

using Newton’s method.

In the second part, we observe light filamentation at wavelength 532 nm, in the pico-

seconds regime. Then we measure the effective third order nonlinear refractive index n2,eff

versus the incident intensity. By fitting the curve of the Kerr effect saturation, we develop

a new model. Numerically solving this model, allows us to reproduce the experimentally

observed filamentation.

The last part is dedicated to the study of dissipative solitons dynamics. The complex

Ginzburg-Landau equation with cubic-quintic nonlineraties is numerically solved in va-

rious configurations : soliton fundamental dipôle, quadrupole, vortex and square rhombic.
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Introduction générale

C’est en 1960 que l’optique connaît un bouleversement majeur avec l’invention du

laser par T. Maiman [1]. Cette source cohérente permet l’étude des interactions entre la

lumière intense et la matière. Les chercheurs observent pour la première fois en optique

des effets non-linéaires. L’optique non-linéaire naquit avec la découverte de la génération

de seconde harmonique par P. Franken et al. en 1961 [2]. De très nombreux phénomènes

non-linéaires furent ensuite découverts comme par exemple la génération de troisième har-

monique, l’amplification paramétrique optique, la diffusion Raman, l’effet Kerr optique,

l’absorption multi-photoniques. Ces phénomènes ont permis le développement de nom-

breuses applications dans différents domaines. Ainsi l’absorption non-linéaire a conduit

à la réalisation de limiteur optique [3], tandis que l’effet Kerr optique est utilisé pour

la conception de commutateur tout-optique ultra-rapide [4–6]. De même l’effet Kerr op-

tique permet de compenser la diffraction ou la dispersion d’une impulsion laser lors de sa

propagation donnant naissance à des solitons spatiaux [7–11] ou temporels [12–14] voir

même à des solitons spatio-temporels si la diffraction et la dispersion sont compensées

en même temps [15]. Les effets non-linéaires en optiques ont permis un bond en avant

dans les dispositifs tout-optiques ou électro-optiques très présents dans les télécommuni-

cations (internet) ou le stockage optique de l’information. Ces effets peuvent être décrits

par les variations de l’absorption et de la réfraction du milieu en fonction de l’intensité

lumineuse. Ces variations sont quantifiées par les coefficients d’absorption non-linéaire et

les indices de réfraction non-linéaires. Cependant, une trop forte absorption non-linéaire

dans les fibres optiques peut réduire la puissance transmise par ces dernières lors de la

propagation de solitons temporels ce qui nuit à la transmission d’information dans les

fibres optiques. De même, pour la conception de commutateur optique il est nécessaire

d’avoir une forte réfraction non-linéaire et une faible absorption non-linéaire. A l’inverse il
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est nécessaire d’avoir une forte absorption non-linéaire si l’on souhaite développer des li-

miteurs optiques. Il est toutefois possible de vouloir limiter le flux optique à une longueur

d’onde spécifique et non pas à toutes. Dès lors, il devient nécessaire de savoir mesurer

précisément les caractéristiques non-linéaires.

De nombreuses méthodes de mesures ont été développées afin de quantifier les carac-

téristiques non-linéaires du troisième ordre, c’est-à-dire le coefficient d’absorption à deux

photons (β) et l’indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre (n2). Ils existent no-

tamment des méthodes d’interférométries non-linéaires [16,17], d’ellipsométrie [18,19], de

mélanges d’ondes [20, 21] ou utilisant la distorsion du faisceau [22, 23]. Introduite par M.

Sheik-Bahae et al. en 1989, la méthode Z-scan utilise la distorsion de l’onde pour me-

surer l’indice de réfraction non-linéaire et le coefficient d’absorption non-linéaire [22, 23].

Cette méthode fait aujourd’hui partie des méthodes les plus utilisées pour la caractérisa-

tion non-linéaire. Celle-ci est particulièrement efficace pour détecter de petite variations

de la réfraction non-linéaire ou de l’absorption non-linéaire. Elle est de plus très simple

à mettre en place et sa popularité au sein de la communauté scientifique a conduit au

développement de nombreuses améliorations [24–32]. En combinant un système imageur

4f et la méthode de mesure Z-scan, G. Boudebs et K. Fedus ont optimisé la méthode

de mesure Z-scan [33–36]. Ils ont par ailleurs introduit une méthode de mesure absolue de

la réfraction non-linéaire et de l’absorption non-linéaire qui ne nécessite plus de calibrer

l’intensité incidente par rapport à une valeur de la réfraction non-linéaire connue, comme

par exemple celle du disulfure de carbone (CS2) [37].

Récemment, E. Falcão-Filho et al. ont observé un soliton spatial à deux dimensions

dans le disulfure de carbone à une longueur d’onde de 918 nm [11]. La stabilité de cette

structure a été expliquée grâce à une saturation de l’effet Kerr due à l’équilibre entre la

susceptibilité non-linéaires du troisième ordre et celle du cinquième ordre. C’est-à-dire un

équilibre entre l’indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre (n2) et celui du cin-

quième ordre (n4). H. Leblond a déterminé la valeur de n4 en obtenant une concordance

entre le schéma numérique et les résultats expérimentaux [11]. Nos travaux s’inscrivent

dans la continuité de ceux d’E. Falcão-Filho et al. puisque nous avons étudié la propa-

gation de la lumière à travers une cuve de disulfure de carbone à une longueur d’onde de

532 nm en régime picoseconde. Nous avons observé expérimentalement la filamentation du
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faisceau lors de cette propagation. Le processus de filamentation intervient lorsque le fais-

ceau converge suffisamment pour collapser et se diviser en plusieurs faisceaux. Ce phéno-

mène observé expérimentalement par N. F. Pilipteskii et al. en 1965 [38], a été expliqué

grâce à de nombreux mécanismes [15,39–45]. La filamentation est d’ailleurs utilisée pour

réaliser des guides d’onde en modifiant l’indice de réfraction en endommageant volontai-

rement le milieu [46–53]. Afin de décrire analytiquement la filamentation du faisceau dans

le disulfure de carbone, nous avions besoin de connaître précisément les caractéristiques

non-linéaires de ce dernier. Cependant il n’y avait pas de données sur les non-linéarités

du cinquième ordre, c’est-à-dire le coefficient d’absorption à trois photons (γ) et l’indice

de réfraction non-linéaire du cinquième ordre (n4), du disulfure de carbone à 532 nm en

régime picoseconde. Une première étape de ce travail a donc consisté à estimer ces valeurs.

La première partie de la thèse présente la caractérisation du disulfure de carbone.

la méthode Z-scan telle qu’elle est présentée par M. Sheik-Bahae et al. ne permet de

mesurer que les non-linéarités du troisième ordre [22, 23]. Il existe toutefois des réso-

lutions des équations différentielles gouvernant l’évolution de l’intensité et de la phase

dans un milieu présentant des non-linéarités du troisième et du cinquième ordres mais

toujours avec différentes approximations : indice de réfraction non-linéaire du cinquième

ordre absent [54, 55] ou absence de l’absorption à trois photons [56]. En plus de n’être

pas définies dans un cas général, ces solutions sont parfois difficiles à appliquer. Nous

avons donc développé un ensemble de solutions dans le cas général, c’est-à-dire présence

d’indice de réfraction non-linéaire du troisième et du cinquième ordres ainsi que présence

des coefficients d’absorption à deux et trois photons. Nous avons utilisé ces solutions afin

de caractériser le disulfure de carbone à 532 nm et à 1064 nm. Nous avons ainsi mesuré

des indices de réfraction non-linéaire du cinquième ordre positifs et des coefficients d’ab-

sorption à trois photons très importants. Dans le même temps nous avons développé une

approche analytique de la caractérisation du disulfure de carbone en utilisant différentes

hypothèses. Cette approche a permis de comprendre pourquoi il existe une inversion du

signe de l’indice de réfraction non-linéaire du cinquième ordre en fonction de la longueur

d’onde. Cependant les modèles expliquant la filamentation de la lumière grâce à la satura-

tion de l’effet Kerr impliquent que n2 soit de signe opposé à n4. Or nos mesures indiquent

le contraire. Il est envisageable que l’ajout des termes d’ordres supérieurs de la réfraction
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non-linéaire fasse apparaître une saturation de l’effet Kerr, mais il devient très difficile

de les mesurer sans endommager les matériaux. Il a été nécessaire d’adopter une nouvelle

approche.

Dans la deuxième partie de la thèse, nous avons développé un nouveau modèle per-

mettant d’expliquer la filamentation de la lumière à 532 nm et à 1064 nm dans le disulfure

de carbone. Nous avons donc procédé à la mesure de l’indice de réfraction non-linéaire

effectif du troisième ordre grâce à la méthode de mesure D4σ, que nous avons récemment

introduite, en fonction de l’intensité incidente. Nous avons établi une courbe de la satu-

ration de l’effet Kerr en fonction de l’intensité incidente dont nous en avons déduit un

modèle analytique. Nous avons résolu numériquement ce modèle et nous l’avons confronté

aux résultats expérimentaux. Il nous a ainsi été possible d’étudier le contrôle de la fila-

mentation du faisceau en modifiant la phase de ce dernier. Le contrôle de la filamentation

correspond toutefois à une ouverture de nos travaux.

La dernière partie de la thèse présente une étude de la dynamique des solitons dissipa-

tifs et des solitons vortex. La révolution des télécommunications, induite par l’émergence

des systèmes tout-optiques, est à relativiser puisque dans les faits le signal optique est

encore converti dans d’autres formats (signal électrique). Les propriétés intrinsèques des

solitons spatiaux les rendent exploitables pour la réalisation de systèmes tout-optiques

dynamiques de traitement parallèle de l’information comme par exemple pour le routage

optique. Bien que de nombreux travaux ont été effectué dans ce sens, on citera par exemple

la thèse de V. Coda [57], la recherche sur les solitons spatiaux est restée fondamentale. Les

contraintes liés à la réalisation de milieu ou de montages expérimentaux, qui répondent

aux critères physiques de la propagation des solitons spatiaux, restent très complexes.

Bien qu’initialement prévu il n’a pas été possible de réaliser les expériences sur la dy-

namiques des solitons dissipatifs et des solitons vortex. Cette étude est théorique. Nous

avons utilisé le modèle de l’équation complexe de Ginzburg-Landau cubique-quintique

pour étudier la dynamique des solitons dissipatifs. Ce modèle, proposé en 1984 par V.

I. Petviashvili et A. M. Sergeev, décrit différentes structures localisées [58]. Cette

équation ou des variantes de celle-ci ont été utilisés dans de nombreuses situations afin

d’écrire et d’étudier les solutions localisées en particuliers les solitons dissipatifs [59–89].

Nous nous sommes intéressés à la dynamique de formation, de mobilité et de collisions de
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différentes structures tels que le soliton fondamental, le dipôle, le quadrupôle, le soliton

vortex rhombique et le soliton vortex carré. La dynamique de ces structures a été étudiée

en présence d’une modulation transversale périodique de l’indice. Cette modulation a été

proposé par H. Leblond en 2009 afin de stabiliser les solitons dissipatifs [90].

Chapitre 1 : Optique non-linéaire

Le premier chapitre est consacré à la présentation des notions nécessaires à la compré-

hension des travaux de la thèse. Le but recherché est que la thèse soit abordable pour

tout type de profil allant de l’étudiant du second cycle universitaire jusqu’au chercheur.

Gageons que pour ce dernier, les notions abordés dans ce chapitre pourront être jugées

triviales. On passera en revue les concepts simples liés aux interactions lumière-matière de

l’optique non-linéaire. On développera les équations de Maxwell ainsi que les coefficients

de susceptibilité non-linéaire. On s’attardera sur les indices de réfraction non-linéaire (n2

et n4) et les coefficients de l’absorption non-linéaire (β et γ).

Chapitre 2 : Techniques de caractérisation des matériaux

Le second chapitre sera consacré à la description des différentes techniques de caractéri-

sation des matériaux utilisées et développées pour les besoins de la thèses. On s’attardera

sur la méthode Z-scan, la méthode D4σ ainsi que le système imageur 4f. On présentera en

détail comment obtenir les mesures des indices de réfraction non-linéaire et des coefficients

d’absorption non-linéaires du troisième et du cinquième ordre. Pour illustrer ce travail,

on terminera par une application en présentant différentes mesures effectuées dans des

verres à base de métaux lourds GeO2−Bi2O3−PbO− TiO2, ainsi que dans des verres en

chalcogénures (GeSe2)100−x (Sb2Se3)x.

Chapitre 3 : Caractéristiques du disulfure de carbone

Dans le troisième chapitre, nous présenterons une approche analytique de la caractérisa-

tion du disulfure de carbone. Nous établirons, à partir d’un modèle simple et de différentes

hypothèses, plusieurs relations pour les hyperpolarisabilités cubiques et quintiques ainsi

que les indices de réfraction non-linéaire et les coefficients d’absorption non-linéaire cu-

biques et quintiques. Nous mettrons en œuvre une méthode de mesure nouvellement déve-

loppée afin de mesurer ces coefficients. Nous confronterons nos mesures à notre approche
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analytique.

Chapitre 4 : Filamentation dans le disulfure de carbone

L’avant dernier chapitre s’attardera sur une mise en évidence expérimentale de la filamen-

tation d’un faisceau laser intense de longueur d’onde 532 nm dans le disulfure de carbone.

Nous présenterons les mesures des caractéristiques optiques non-linéaires de ce milieu.

Ces mesures seront utilisées pour développer un nouveau modèle qui nous permettra de

décrire numériquement la filamentation. Puis nous présenterons une résolution numérique

du modèle et nous confronterons nos résultats à l’expérience. Enfin, nous présenterons

une brève étude du contrôle de la filamentation par le contrôle de la phase du faisceau

incident. Cette dernière approche est une ouverture de la thèse pour de futurs travaux.

Chapitre 5 : Dynamique des solitons dissipatifs et des solitons vortex

Le dernier chapitre est consacré à l’étude de la dynamique des solitons dissipatifs et

des solitons vortex dans le cadre du modèle de l’équation complexe de Ginzburg-Landau

cubique-quintique. Nous présenterons tout d’abord le modèle utilisé, ainsi qu’une approche

analytique du problème. Puis nous passerons en revue les résultats de nos résolutions nu-

mériques décrivant les dynamiques de formation, de mobilité et de collisions de différentes

structures : le soliton fondamental, le dipôle, le quadrupôle, le soliton vortex rhombique

et le soliton vortex carré. Historiquement cette étude s’inscrivait comme un travail pré-

liminaire à l’expérimentation. Les contraintes liées à l’expérimentation en physique et

celles liées au temps, nécessairement limité, de la thèse n’ont pas permis de réaliser les

expériences. Ce chapitre est donc purement théorique. Cependant, la confrontation de ces

résultats numériques à l’expérience pourra faire le sujet de travaux ultérieurs.
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Chapitre 1

Optique non-linéaire

1.1 Introduction

L’invention du premier laser (acronyme de l’anglais "light amplification by stimulated

emission of radiation") en 1960 par T. Maiman [1] à permis l’étude des interactions entre

la lumière intense et la matière. Ces études allaient permettre de développer de nombreuses

applications dans différents domaines. Bientôt les chercheurs ont compris qu’il n’était

plus possible de considérer les paramètres optiques des matériaux comme constants, mais

comme fonction de l’intensité lumineuse. C’est la découverte de la génération de second

harmonique par P. Franken et al. en 1961 [2] qui fit entrer l’optique dans le monde des

non-linéarités.

Lors des interactions entre la lumière et la matière, l’une des grandeurs essentielles

est la polarisation du milieu. Celle-ci peut être décrite soit du point de vue classique,

c’est-à-dire grâce aux équations de Maxwell, soit du point de vue de l’électrodynamique

quantique. Le point de vue classique, ou en fait semi-classique, consiste à traiter le ba-

rycentre du nuage électronique comme une particule classique. Il ne devient nécessaire

de quantifier le champ que si les photons arrivent un par un et doivent être considé-

rés individuellement, comme par exemple dans le cas des paires de photons intriqués ou

dans le domaine des télécommunications quantiques. L’électrodynamique quantique conci-

lie l’électromagnétisme avec la mécanique quantique [91]. Bien que la manuscrit s’ouvre

sur une citation de R. Feynman, prix Nobel de physique (avec S. Tomonaga et J.

Schwinger) en 1965 pour sa contribution à la théorie de l’électrodynamique quantique,
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nous utiliserons uniquement une approche classique.

Ce chapitre est consacré à la présentation des notions simples mais néanmoins néces-

saires à la compréhension des travaux d’optique non-linéaire menés au cours de cette thèse.

Tout d’abord nous définirons le faisceau laser ainsi que ses caractéristiques. Puis nous

ferons un historique de l’équation d’onde suivi d’une présentation des équations de Max-

well. À partir de ces équations nous introduirons le concept de susceptibilité électrique.

On présentera alors l’effet Kerr optique ainsi que la relation entre l’indice de réfraction

non-linéaire du troisième ordre, n2, et la susceptibilité non-linéaire du troisième ordre,

χ(3). Nous expliquerons le principe de l’auto-focalisation et son impact sur la stabilité des

solitons de l’équation de Schrödinger non-linéaire à deux dimensions. On présentera en-

suite le phénomène de filamentation du faisceau. Puis on introduira la saturation de l’effet

Kerr et l’indice de réfraction non-linéaire du cinquième ordre n4. Enfin nous présenterons

les coefficients d’absorption non-linéaire du troisième et du cinquième ordre.

1.2 Le faisceau laser

Figure 1.1 – Profil de propagation du faisceau Gaussien.

La lumière est une onde électromagnétique qui peut être décrite par son champ élec-

trique. Son champ magnétique peut être déterminé à partir du champ électrique grâce aux

équations de Maxwell, présentées plus loin. Les expériences d’optique non-linéaire utilisent

des faisceaux lasers qui sont quasi-monochromatiques et cohérents. On note généralement

z la direction de propagation. On se place dans le cadre de l’approximation paraxiale,

c’est-à-dire que l’angle d’incidence entre les faisceau et la direction de propagation est

très faible. On notera que l’ensemble des conditions menant à l’approximation de Gauss
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1.2. LE FAISCEAU LASER

Figure 1.2 – Coupe transversale du faisceau Gaussien.

est appelé conditions de Gauss. L’expression générale de ce champ électrique est [92]

~E (~r, t) = ~eE (~r, t) exp [i (kz − ωt)] + c.c. (1.1)

où k = 2π/λ est le vecteur d’onde dans le vide (λ est la longueur d’onde), ω est la

fréquence circulaire, E (~r, t) est l’amplitude de l’onde, ~r = (x, y, z) est le vecteur posi-

tion dans l’espace Cartésien, t est la variable de temps, ~e est le vecteur unitaire enfin

c.c. indique le complexe conjugué. L’amplitude de l’onde peut varier suivant le temps et

l’espace, cependant l’approximation paraxiale suppose qu’elle varie lentement par rapport

aux variations rapides (dans l’espace et le temps) de l’onde oscillante. De plus, l’amplitude

peut être complexe, c’est-à-dire que la phase peut varier lentement elle aussi, en plus de

sa variation contenue dans l’exposant de l’expression (1.1). Le vecteur unitaire ~e indique

la polarisation de l’onde, c’est-à-dire la direction du vecteur champ électrique.

Le vecteur ~e réel décrit une polarisation linéaire, mais un vecteur ~e complexe permet

de décrire une polarisation circulaire ou elliptique. Dans un grand nombre de situations

en optique linéaire et non-linéaire, et plus particulièrement dans celles décrites dans les

chapitres 3, 4 et 5 de cette thèse, on considère les ondes comme planes, c’est-à-dire que l’on

considère une onde dont la phase et l’amplitude sont constantes dans un plan transversal

à la direction de propagation. C’est évidemment une approximation, tout faisceau réel a
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une extension transversale finie.

Au 17ième siècle, de nombreux chercheurs tels que J. d’Alembert, L. Euler, D. Ber-

nouilli, P.S. Laplace ou J.L. Lagrange ont étudié le problème de la corde vibrante.

C’est à cette époque que l’on voit apparaître les balbutiements de la théorie des équa-

tions aux dérivées partielles (EDP). C’est en 1747, que J. d’Alembert formule pour la

première fois l’équation aux dérivées partielles à 1D, qui porte son nom. [93]

∂2ϕ

∂x2
− 1

c2
∂2φ

∂t2
= 0, (1.2)

A 3+1D l’équation des ondes s’écrit :

∆ϕ− 1

c2
∂2ϕ

∂t2
= 0, (1.3)

où ϕ est une quantité scalaire dépendante de la position et du temps et ∆ est l’opérateur

Laplacien. L’équation d’onde, suivant les approximations faites, peut décrire différents

phénomènes de propagation dans divers domaines de la physique, tels que la mécanique

quantique, les déformations élastiques ou même la relativité générale. Ainsi, l’équation de

d’Alembert apparaît comme l’approximation du premier ordre de nombreux phénomènes

ondulatoires. C’est historiquement la première équation d’onde. Ce n’est qu’en 1759 que

L. Euler propose une version tri-dimensionnelle de l’équation [94]. Cette dernière est

conservative dans l’espace-temps : c’est-à-dire que toute variation dans le temps est com-

pensée dans l’espace, et réciproquement. Elle néglige aussi toute diffusion ou anisotropie.

Les modes de fonctionnement des lasers font que le profil d’un faisceau est typiquement

Gaussien. Dans ce cas la Gaussienne circulaire permet de décrire le profil du faisceau dans

le plan transverse. À z = 0, l’expression du champ électrique (1.1) est

~E (r, 0, t) = ~eE0 (0, t) exp

[

− r2

w2 (0)
− iωt

]

+ c.c. (1.4)

où r =
√

(x2 + y2) désigne la distance à l’axe dans le plan transverse, E0 (0, t) = |E (0, 0, t)|

est l’amplitude du champ au centre du faisceau et w (0) est le rayon minimal du faisceau,

c’est-à-dire lorsque le faisceau est focalisé. L’équation d’onde (1.3) peut être résolue de

façon approchée, pour la donnée initiale gaussienne (1.4) et d’après l’approximation pa-
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raxiale. Le faisceau évolue suivant

~E (r, z, t) = ~eE0 (z, t)
w0

w (z)
exp

[

− r2

w2 (z)
− ikr2

2R (z)
+ i tan−1

(

z

zR

)]

exp [i (kz − ωt)]+c.c.

(1.5)

où R (z) est le rayon de courbure du front d’onde et w (z) est le rayon du faisceau à z.

Dans le cadre de la définition D4σ 1, le rayon du faisceau suivant l’axe des x est

wx (z) = 2

√

√

√

√

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) (x− x (z))2 dxdy
∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

, (1.6)

et le rayon du faisceau suivant l’axe des y est

wy (z) = 2

√

√

√

√

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) (y − y (z))2 dxdy
∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

, (1.7)

et dans le cas d’une ellipticité faible, on se ramène à un modèle circulaire en définissant

w (z) =
wx (z) + wx (z)

2
. (1.8)

Dans ces formules, x (z) et y (z) sont les coordonnées du centre du faisceau ;

x (z) =

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) xdxdy

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

, (1.9)

y (z) =

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) ydxdy

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

. (1.10)

Le rayon du faisceau est donc ainsi défini comme 2 fois l’écart type σ de la distribution

marginale du champ en intensité. Cette définition du rayon permet d’étendre, pour des

faisceaux Gaussiens à des faisceaux réels qui s’en approchent plus ou moins, les résultats

obtenus. Cette définition coïncide avec le rayon à 1/ exp (2) dans le cas d’un faisceau

Gaussien.

La distance de Rayleigh zR est la distance entre le plan focal (z = 0), où le rayon w0

du faisceau est minimal, et le plan où l’aire du faisceau a doublé (w (z) =
√
2w0). Cette

1. Cela correspond à la définition ISO 11146-2 :2005
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CHAPITRE 1. OPTIQUE NON-LINÉAIRE

distance est

zR = k
w2

0

2
. (1.11)

On parlera de champ proche pour |z| < zR et de champ lointain pour |z| > zR. Le rayon

de courbure est

R (z) =

[

1 +
(zR
z

)2
]

. (1.12)

En pratique lorsque l’on est en champ proche, le rayon de courbure est considéré comme

infini. C’est-à-dire que l’approximation de l’onde plane est valable dans ce domaine.

On notera que l’intensité du champ électrique est

I (r, z) = 2cnǫ0 |E (r, z, )|2 . (1.13)

I0 = (0, 0) correspond à l’intensité au centre du faisceau lorsque celui-ci est focalisé, c est

la vitesse de la lumière dans le vide, n est l’indice linéaire du milieu à la longueur d’onde

considérée et ǫ0 est la permittivité du vide.

Ces notions sont illustrées sur les figures 1.1 et 1.2.

1.3 Les équations d’onde

En 1864, J. C. Maxwell réalise une synthèse des diverses lois empiriques sur l’électri-

cité et le magnétiqme découvertes par ses prédécesseurs [95]. Il présente alors un système

de vingt équations à vingt inconnues décrivant comment le champ magnétique et le champ

électrique sont générés, interagissent et sont modifiés par la matière. Bien que J. C. Max-

well ait réduit en 1873 son système à huit équations [96], la forme moderne d’un système

de quatre équations vient des travaux d’O. Heaviside. Les équations de Maxwell dans

les milieux continus sont

∇ · ~D = ρ, (1.14)

∇ · ~B = 0, (1.15)

∇× ~E = −∂ ~B

∂t
, (1.16)

∇× ~H =
∂ ~D

∂t
+ ~J, (1.17)

12



1.3. LES ÉQUATIONS D’ONDE

~B = µ0
~H + ~M (1.18)

et

~D = ǫ0 ~E + ~P , (1.19)

~D désigne le déplacement électrique, ~B désigne le champ B, ~H désigne le champ H, ~E

désigne le champ électrique, ~J désigne la densité de courant libre, ~M est l’aimantation du

matériau, ~P désigne la polarisation, µ0 désigne la perméabilité magnétique du vide et ρ

désigne la densité volumique de charge libre du milieu. Ces équations décrivent l’évolution

d’un champ électromagnétique au sein d’un milieu en fonction de l’espace et du temps. On

notera que la vitesse de la lumière est définie en fonction de la perméabilité magnétique

du vide et de la permittivité du vide

c =
1√
µ0ǫ0

. (1.20)

Avant de développer plus en avant la théorie mathématique, replaçons dans son contexte

la situation physique. On cherche à décrire la propagation d’une onde électromagnétique,

la lumière, au sein d’un milieu non-linéaire. On a alors une onde électromagnétique issue

d’une source laser intense qui illumine un milieu composé de N atomes. Chaque atome

illuminé par l’onde voit son nuage électronique déformé par le champ électrique de cette

onde. Cela induit une séparation des charges qui est à l’origine des moments dipolaires.

Or le moment dipolaire par unité de volume n’est rien d’autre que la polarisation. Nous

l’avons dit précédemment la polarisation est la grandeur clef de l’optique non-linéaire.

Reprenons les équations (1.14), (1.15), (1.16), (1.17), (1.18) et (1.19). On considère

un milieu diélectrique sans charge libre, ρ = 0, avec une densité de courant libre nulle,

~J = 0, et non-magnétique, ~M = 0.

Si on calcule le rotationnel de l’équation de Maxwell (1.16) puis que l’on échange l’ordre

entre les dérivées spatiales et temporelle dans le second membre, on peut alors, grâce aux

relations (1.17), (1.18), (1.19) et aux hypothèses, de remplacer ∇ × ~B par µ0

(

∂ ~D/∂t
)

.

On obtient alors

∇
(

∇ · ~E
)

−∆ ~E + µ0
∂2 ~D

∂t2
= 0. (1.21)
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CHAPITRE 1. OPTIQUE NON-LINÉAIRE

En exprimant la relation (1.19) dans l’équation (1.21) on obtient

∇
(

∇ · ~E
)

−∆ ~E +
1

c2
∂2 ~E

∂t2
= − 1

ǫ0c2
∂2 ~P

∂t2
, (1.22)

où ~P est la densité de polarisation. L’équation (1.22) est la forme la plus générale de

l’équation d’onde dans un diélectrique.

D’après l’équation de Maxwell (1.14), la divergence de ~D est nulle. Dans le cadre de

l’optique linéaire et en considérant un milieu diélectrique isotrope, ~P ∝ ~E donc ~D ∝ ~E et

donc ∇· ~E = 0. Le terme ∇
(

∇ · ~E
)

de l’équation (1.21) est donc nul. La situation est plus

complexe en optique non-linéaire puisqu’un milieu isotrope du point de vue de l’optique

linéaire, peut en toute rigueur présenter une anisotropie induite par les effets non-linéaires.

La conséquence est que ∇ · ~E 6= 0. Cependant dans la plupart des cas il est possible

de négliger ces effets. On peut alors négliger le terme ∇
(

∇ · ~E
)

de l’équation (1.21).

Mathématiquement cela s’explique en utilisant l’approximation des enveloppes lentement

variable. On néglige le terme
∣

∣

∣
∇
(

∇ · ~E
)∣

∣

∣
devant le terme

∣

∣

∣
∇2 ~E

∣

∣

∣
. Cette approximation

implique que la longueur d’onde soit très petite devant les dimensions caractéristiques du

faisceau lumineux. Pour une impulsion laser, il faut que la longueur d’onde soit très petite

devant la longueur de l’impulsion. Nos travaux ont été fait en utilisant des impulsions à

λ = 532 nm et λ = 1064 nm de durée, respectives, 12 ps et 17 ps. Les trains d’impulsions

ont donc des longueurs approximatives de 3.6mm et 5.1mm, quatre ordre de grandeur

plus grand que λ. On est donc bien dans le cadre de cette approximation. L’équation 1.22

devient

∇2 ~E − 1

c2
∂2 ~E

∂t2
=

1

ǫ0c2
∂2 ~P

∂t2
. (1.23)

L’équation (1.23) est l’équation d’onde que nous allons utiliser pour nos travaux. De

nombreux modèles décrivant la propagation de la lumière au travers de milieux non-

linéaires dérivent de cette équation.

Supposons que le milieu considéré soit exposé à un faisceau lumineux suffisamment

faible pour ne pas exciter les non-linéarités. On définit alors la susceptibilité linéaire dans

le domaine fréquentiel en fonction du champ électrique

~P (ω) = ǫ0χ
(1) (ω) ~E (ω) , (1.24)
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1.3. LES ÉQUATIONS D’ONDE

où χ(1) est la susceptibilité linéaire. Dans sa forme générale, la susceptibilité (linéaire ou

non-linéaire) est un tenseur. Par contre elle devient un scalaire lorsque l’on considère un

milieu isotrope. χ(1) est alors un nombre complexe décrivant la propagation de l’onde dans

le milieu. Sa partie réelle rend compte des variations de l’indice de réfraction tandis que

sa partie imaginaire décrit l’absorption dans le milieu. En appliquant la définition de χ(1)

(1.24) à l’équation (1.23) dans le cas d’une onde mono-chromatique, on montre que

χ(1) = n2 − 1, (1.25)

où n est l’indice de réfraction du milieu.

Considérons maintenant un faisceau laser suffisamment intense pour faire apparaître

des effets non-linéaires, mais très inférieur à l’intensité du champ atomique (≈ 103 TW/cm2).

On peut alors développer la polarisation ~P en puissances du champ électrique. On écrit

~P = ǫ0χ
(1) ~E + ǫ0χ

(2) ~E ~E + ǫ0χ
(3) ~E ~E ~E + · · · , (1.26)

où χ(2) et χ(3) sont les susceptibilités non-linéaires de second et de troisième ordre. Les

termes de susceptibilités dépendent de la fréquence de l’onde. On notera qu’il est impor-

tant que la série converge, le relation (1.26) doit vérifier la condition χ(1) ≫ χ(2) ~E2 ≫

χ(3) ~E3 ≫ · · · , ce qui suppose que ~E soit petit devant le champ atomique (≈ 1011 Vm).

On définit alors la polarisation linéaire

~PL = ǫ0χ
(1) ~E, (1.27)

et la polarisation non-linéaire

~PNL = ǫ0χ
(2) ~E ~E + ǫ0χ

(3) ~E ~E ~E + · · · . (1.28)

Les termes de susceptibilités non-linéaires décrivent les effets non-linéaires, qui peuvent

être résonnants (par exemple l’absorption multi-photoniques), quand la fréquence de

l’onde lumineuse est proche d’une bande d’absorption du milieu, ou non résonnants (par

exemple l’effet Kerr optique) [97]. Ces effets peuvent rendre compte d’une transition d’un
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CHAPITRE 1. OPTIQUE NON-LINÉAIRE

atome ou d’une molécule d’un état propre à un autre (effets résonnants) ou rendre compte

d’une perturbation dans la distribution ou dans le déplacement des charges électriques

du milieu (effets non résonnants). Parmi les phénomènes non-linéaires décris par χ(2) on

trouve

• génération de seconde harmonique,

• effet Pockels,

• amplification paramétrique optique.

De même, parmi les phénomènes non-linéaires décris par χ(3) on trouve

• génération de troisième harmonique,

• efffet Kerr optique,

• auto focalisation.

Par avance, ces listes ne sont pas exhaustives et ne servent qu’à illustrer nos propos. Le

lecteur souhaitant en apprendre plus, trouvera de nombreux articles et livres dédiés au

sujet notamment [92,97,98].

Nous allons aborder plus en détail l’effet Kerr optique.

1.4 Effet Kerr optique

Considérons un milieu centrosymétrique, c’est-à-dire invariant par symétrie centrale

( ~X → − ~X). C’est en partie le cas de milieux isotropes comme les gazs, les liquides ou les

verres. Mais c’est aussi le cas de nombreux cristaux. Cette symétrie implique que χ(2) soit

nulle. La polarisation non-linéaire (1.26) devient alors

~PNL ≈ ǫ0χ
(3) ~E ~E ~E. (1.29)

où l’on suppose que l’intensité est modérée de façon à ce que les termes de susceptibilités

non-linéaire d’ordre supérieur sont très petits et donc négligeable. Considérons une onde
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1.4. EFFET KERR OPTIQUE

quasi-monochromatique de pulsation ω0, la polarisation non-linéaire s’écrit

~PNL (ω) = ǫ0
∑

ω=ω1+ω2+ω3

χ(3) (ω, ω1, ω2, ω3) ~E (ω1) ~E (ω2) ~E (ω3) , (1.30)

avec ω1, ω2, ω3 = ±ω0. On se limite aux milieux optiquement isotropes, donc χ est un

scalaire. En tenant compte des différentes combinaisons et permutations possibles, la

polarisation non-linéaire à la fréquence ω0 est

~PNL (ω0) = ǫ03χ
(3) (ω0, ω0, ω0,−ω0) ~E (ω0) ~E (ω0) ~E

∗ (ω0) = ǫ03χ
(3) ~E

∣

∣

∣

~E
∣

∣

∣

2

, (1.31)

où ~E∗ est le complexe conjugué de ~E. En utilisant les relations pour la polarisation linéaire

(1.27) et la polarisation non-linéaire (1.31), la relation (1.19) devient

~D = ǫ0

(

1 + χ(1) + 3χ(3)
∣

∣

∣

~E
∣

∣

∣

2
)

~E = ǫ0n
2 ~E, (1.32)

où on a posé

n =

√

1 + χ(1) + 3χ(3)

∣

∣

∣

~E
∣

∣

∣

2

. (1.33)

Par analogie avec la définition de l’indice de réfraction linéaire :

n0 =
√

1 + χ(1). (1.34)

L’indice de réfraction n se réduit à l’indice de réfraction linéaire n0 pour des intensités

lumineuses faibles. En réécrivant l’expression de n (1.33) grâce à celle de n0 (1.34), en

exprimant l’intensité grâce à la relation (1.13) et en utilisant un développement limité (au

voisinage de 0 à l’ordre 1 de la fonction
√
1 + x), on obtient

n = n0 + n2I, (1.35)

où

n2 =
3χ(3)

4n2
0cǫ0

. (1.36)

L’indice de réfraction (1.35) varie en fonction de l’intensité. Cet effet est appelé effet Kerr

optique et n2 (1.36) est l’indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre.
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CHAPITRE 1. OPTIQUE NON-LINÉAIRE

Si un faisceau laser intense ayant un front d’onde plan traverse un milieu et excite les

non-linéarités de ce milieu, alors ce dernier (par effet Kerr) induit une courbure du front

d’onde (voir la figure 1.3). La propagation du faisceau se fait ensuite dans la direction

Figure 1.3 – Illustration de la courbure du front d’onde induite par effet Kerr lors de
la propagation d’une onde d’intensité I (x, y) et de largeur 2w0 au travers d’un milieu
d’épaisseur L. Le point F correspond au point où l’onde se focalise (centre du front
d’onde).

perpendiculaire au front d’onde, ce qui induit de l’auto-focalisation. Nous allons voir que

ce phénomène d’auto-focalisation est responsable de la génération d’une onde particulière,

le soliton.

1.5 Solitons et filamentation

Considérons l’enveloppe E = E exp [i (kz − ωt)], où le champ électrique E (1.1) se pro-

pageant dans le temps (t) et l’espace (z) dans un milieu centrosymétrique uni-dimensionnel

(x). Dans cette situation le faisceau peut se diffracter seulement selon la dimension x. En

partant de l’équation d’onde (1.23) à deux dimensions spatiales et une dimension de temps

(x, z, t), on obtient

∂2E

∂x2
+

[

−k2E + 2ik
∂E

∂z
+

∂2E

∂z2

]

+
ω2

c2
(

1 + χ(1)
)

E = −ω2PNL

c2ǫ0
, (1.37)

où ∂2E/∂z2 = (−k2E + 2ik∂E/∂z + ∂2E/∂z2) exp [i (kz − ωt)]. La relation de dispersion

linéaire est k2 = ω2
(

1 + χ(1)
)

/ c2. L’approximation des enveloppes lentement variables

permet de négliger ∂2E/∂z2 devant 2ik∂E/∂z. D’après l’expression (1.31) de la polarisa-
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tion non-linéaire , on peut réécrire l’équation (1.37) comme

2ik
∂E

∂z
+

∂2E

∂x2
+

ω2

c2
3χ(3) |E|2 E = 0. (1.38)

L’équation (1.38) est l’équation de Schrödinger non-linéaire (NLS).

Cherchons une solution stationnaire de l’équation (1.38). On pose X =
√
2kx et u =

(ω/c)
√

3χ(3)/kE (cela suppose que χ(3) > 0). L’équation (1.38) devient

i
∂u

∂z
+

∂2u

∂X2
+

1

2
|u|2 u = 0. (1.39)

Puisque l’on cherche une solution stationnaire on pose u = u (X) exp (ip2z). L’équation

(1.39) peut être résolue, la solution est

u =
2p4 exp (ip2z)

cosh (pX)
. (1.40)

La fonction (1.40) décrit la propagation sans déformation d’une onde dans un milieu

auto-focalisant : c’est le soliton spatial. Ainsi l’auto-focalisation compense la diffraction

est permet au faisceau de se propager sans se déformer. Un phénomène analogue à lieu

dans le temps, par exemple le long d’une fibre optique [13]. L’auto-modulation de phase

et la dispersion se compensent et permettent aux solitons temporels d’être stables. On

ne s’intéressera ici qu’aux solitons spatiaux. On abordera l’historique des solitons dans le

chapitre (5), le présent chapitre se limitera à quelques notions de mathématiques et de

physiques qu’impliquent les solitons spatiaux. On précisera tout de même que la première

observation de soliton fut celle de J. S. Russel [99] en 1834. Il a observé la propagation

d’une vague dans un canal formée par le passage d’un bateau sur plusieurs kilomètre.

C’était un soliton hydrodynamique de plus on a dans ce cas une oscillation unique et

non pas une impulsion contenant un grand nombre d’oscillation comme dans le cas du

soliton de l’équation SNL dans lequel c’est l’enveloppe de l’onde qui est localisée. On

parlera d’onde solitaire dans le cas des solitons sans enveloppe et de soliton d’enveloppe

dans l’autre cas qui inclut l’optique non-linéaire, sauf dans le régime à quelques cycles. La

première mise en évidence expérimental du confinement du faisceau et de la propagation

d’un soliton dans un milieu Kerr a été réalisée par A. Barthelemy et al. en 1985 [9,100].
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La particularité des solitons est de se propager dans un milieu sans se déformer et de

conserver leurs caractéristiques dans les interactions. C’est un comportement de quasi-

particule. Si on considère l’équation NLS à deux dimensions, qui s’écrit

2ik
∂E

∂z
+

(

∂2E

∂x2
+

∂2E

∂y2

)

+
ω2

c2
3χ(3) |E|2 E = 0. (1.41)

On ne trouve plus de solution localisée stable. En effet, l’auto-focalisation du faisceau

implique que l’intensité pic augmente or à (2+1)D l’amplitude pic augmente plus vite que

à (1+1)D, l’énergie arrive de toutes les directions. La diffraction n’est plus suffisante pour

compenser l’auto-focalisation, le faisceau collapse. L’intensité tend vers l’infini pour une

distance de propagation finie. En pratique le faisceau atteint une puissance critique et

finit par se briser en de nombreux filaments. Ce phénomène se nomme la filamentation du

faisceau [38,41–43,101]. En effet, lorsque l’intensité augmente, les termes de susceptibilités

non-linéaires que l’on avait négligés auparavant cessent d’être négligeable. De nombreux

phénomènes peuvent être responsable de la filamentation du faisceau : diffusions stimulées,

modification du milieu (permanente ou non), effets non-locaux...

Afin qu’un faisceau laser filamente, celui-ci doit atteindre une puissance critique P[CR].

Dans le cas d’un faisceau gaussien, la puissance critique est définie comme [102] :

P[CR] =
3.77λ2

8πn0n2

. (1.42)

Un de ces effets empêche le collapse. Il suffit pour cela que l’indice de réfraction n (I)

arrête de croître. On peut considérer une non-linéarité "saturante"

n (I) = a+
b

1 + I
Is

, (1.43)

où Is est une intensité de saturation. En effectuant un développement limité de l’expression

(1.43), on obtient

n (I) = a+
b

1 + I
Is

+ · · · = a+ b− b
I

Is
+ b

(

I

Is

)2

+ · · · = n0 + n2I + n4I
2 + · · · , (1.44)

où n4 est l’indice de réfraction non-linéaire du cinquième ordre. De cette hypothèse, n2 et
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n4 sont de signes contraires. Ainsi pour n2 > 0 on a n4 < 0, l’équation NLS (1.41) après

normalisation devient

ik
∂u

∂z
+

1

2

(

∂2u

∂X2
+

∂2u

∂Y 2

)

+ kγ
(

|u|2 − |u|4
)

u = 0. (1.45)

L’équation (1.45) est l’équation de Schrödinger non-linéaire cubique-quintique sous sa

forme standard. V. Skarka et al. ont montré que cette équation admet des solution

stationnaires stables [15]. Il est possible de tenir compte de la dispersion en ajoutant

le terme −(β2/2)(∂
2u/∂t2). Il y a aussi des solutions stables appelées solitons spatiaux-

temporels ou "balles de lumière" [15,103].

Considérons maintenant un milieu actif, c’est-à-dire présentant du gain. Pour tenir

compte d’une telle situation, on utilise l’équation de Ginzburg-Landau complexe cubique.

On présente ici le modèle pour un laser à fibre (cas temporel), puisqu’à ce jour nous

n’avons pas connaissance d’une présentation de ce modèle dans le cas spatial autrement

que normalisé. L’équation de Ginzburg-Landau complexe cubique dans le cas d’un laser

à fibre s’écrit

i
∂f

∂ζ
= ig

(

β2

2
+ iρ

)

∂2f

∂t2
+ (D + iDi) |f |2 f, (1.46)

Di est le gain effectif (ou absorption) non-linéaire, g est le gain net, c’est-à-dire le bilan

entre le gain et les pertes linéaires, et ρ est lié à la largeur spectrale du gain. Des solutions

stables localisés existent grâce à un équilibre entre les effets conservatifs et les effets

dissipatifs tels que la diffraction et l’auto-focalisation linéaire et non-linéaire ainsi que

les pertes et gains non-linéaire. En 1996 N. Akhmediev et al. ont trouvé des solutions

analytiques à l’équation (1.46) dans le cas de la dispersion anormale [104]. Puis l’année

suivante J. M. Soto-Crespo et al. ont trouvé des solutions analytiques pour la dispersion

normale [105]. Les solutions de l’équation (1.46) sont des solitons dissipatifs.

Enfin, il est possible de considérer des solutions localisées de l’équation (1.45) ou de

l’équation (1.46) ayant un moment cinétique. Ce sont les solitons vortex. On définit le

spin du vortex (ou vorticité) comme étant le nombre S de fois que la phase du vortex

varie de 2π en tour autour. Les vortex sont instables à l’exception pour des vortex "noirs"

l’équation NLS (1.45). Les vortex "noirs" correspondent à des trous dans un fond continu

s’étendant à l’infini.
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Plus récemment l’ajout d’un potentiel périodique a permis d’avoir des vortex stables

dans l’équation complexe de Ginzburg-Landau [90].

1.6 Absorption non-linéaire

Lorsque nous avons défini les susceptibilités linéaire (1.24) et non-linéaire (1.26), nous

avons expliqué que la partie imaginaire de ces grandeurs correspond à l’absorption dans

le milieu. L’absorption non-linéaire regroupe en réalité différent phénomènes résonnants

et non-résonnant qui impliquent une diminution de la transmission du milieu, en fonc-

tion de l’intensité. Considérons ici les phénomènes résonnants. Parmi ces phénomènes on

distinguera l’absorption d’un photon par un état excité (incluant l’absorption saturable

et l’absorption des porteurs libres) et l’absorption multi-photique (incluant l’absorption

à deux photons et l’absorption à trois photons) [92,98].

Considérons les phénomènes d’absorption à deux photons et d’absorption à trois pho-

tons. Pour un milieu excité par un faisceau laser intense, la probabilité qu’un atome (ou

molécule) excité absorbe plus d’un photon pour revenir à son état fondamental est d’au-

tant plus important que le le faisceau lumineux est intense. La théorie de l’absorption à

deux photons a été formulée en 1931 par M. Göppert-Mayer [106] et le phénomène

a été observé expérimentalement pour la première fois en 1961 par W. Kaiser [107].

Dans un milieu illuminé par un laser à la fréquence ν, deux photons de cette source sont

absorbés afin de fournir l’énergie h2ν = ∆E de la transition. La fréquence 2ν correspond

à une des résonances du spectre d’absorption. On notera qu’il est aussi possible que le

milieu absorbe deux photons de fréquences distinctes cohérentes dont la somme est égale

à 2ν. Cette autre cas ne sera pas abordé dans nos travaux. L’absorption à trois photons

implique que trois photons soient absorbées afin de fournir l’énergie correspondante à la

transition.

Soit N1 la densité d’atomes dans l’état fondamental. La probabilité d’absorption d’un

photon est proportionnelle à la densité de photons. Si φ, le flux de photon par unité de

surface,
(

dN1

dt

)

abs

= −W12N1, (1.47)
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où

W12 = σ12φ (1.48)

et σ12 est la section efficace d’absorption. De même la probabilité d’absorption de deux

photons est proportionnelle à la présence simultanée de deux photons, donc à φ2

(

dN1

dt

)

2γ

= −Kφ2N1. (1.49)

La probabilité d’absorption de trois photons est proportionnelle à la présence simultanée

de trois photons, donc à φ3

(

dN1

dt

)

3γ

= −Rφ3N1. (1.50)

Évidemment, W12, K et R dépendent de l’existence d’une résonance pour la fréquence

considérée. L’état excité n’est pas le même pour les trois effets pour une même onde

monochromatique. On calcule l’évolution du flux φ de la surface S lors de la propagation

suivant z

S (φ+ dφ) =
(

−σ12φN1 −Kφ2N1 −Rφ3N1

)

Sdz. (1.51)

On obtient alors
dφ

dz
= −σ12φN1 −Kφ2N1 −Rφ3N1. (1.52)

Or l’intensité I est I = hνφ, où ν est la fréquence de la radiation. L’équation (1.52) s’écrit

dI

dz
= −σ12N1I −

KN1

hν
I2 − RN1

(hν)2
I3, (1.53)

où σ12N1 décrit l’absorption linéaire, KN1

hν
décrit l’absorption à deux photons et RN1

(hν)2
décrit

l’absorption à trois photons. Ces phénomènes sont résonnants et quantiques.

Pour exprimer le point de vue macroscopique, reprenons l’équation NLS (1.41) où l’on

considère la partie imaginaire de la susceptibilité linéaire et les susceptibilités non-linéaires

du troisième et du cinquième ordres. Ces susceptibilités non-linéaires sont des scalaires

complexes. On écrit

2ik
∂E

∂z
+∆⊥E +

ω2

c2

[

iχ
(1)
I + 3χ(3) |E|2 + 10χ(5) |E|4

]

E = 0, (1.54)
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où ∆⊥ = (∂2/∂x2) + (∂2/∂y2) et χ
(1)
I est la partie imaginaire de χ(1). L’équation (1.54)

est formellement identique à l’équation de Ginzburg-Landau complexe cubique-quintique

à cela près qu’il n’y a pas de gain dans l’équation. On néglige la diffraction et on multiplie

l’équation (1.54) par E∗, puis on ajoute le complexe conjuguée afin de faire apparaître

E∗ (∂E/∂z) + E (∂E∗/∂z) = ∂ (EE∗) /∂z. On multiplie tout par 2cǫ0n0. D’après la défi-

nition de l’intensité, I = 2cǫ0n0 |E|2, la partie imaginaire de l’équation est

∂I

∂z
= −αI − βI2 − γI3, (1.55)

où α = 2πχ
(1)
I /λn0 est le coefficient de l’absorption linéaire, β = 3πχ

(3)
I /n2

0ǫ0cλ est le

coefficient de l’absorption non-linéaire du troisième ordre et γ = 10πχ
(5)
I /n3

0ǫ
2
0c

2λ est le

coefficient de l’absorption non-linéaire du cinquième ordre.

Si l’on compare l’équation (1.53) et l’équation (1.55), on peut voir que α ≡ σ12N1,

β ≡ KN1/hν et γ ≡ RN1/ (hν)
2. On peut alors conclure que l’absorption non-linéaire du

troisième ordre correspond à l’absorption à deux photons et l’absorption non-linéaire du

cinquième ordre correspond à l’absorption à trois photons. Cependant ce n’est pas juste.

Nous mesurons les grandeurs macroscopiques que sont α, β et γ. Même si ces grandeurs

sont du même ordre que les grandeurs microscopiques qui correspondent aux absorptions

multi-photoniques, il existe d’autre phénomènes microscopiques pouvant être responsables

de l’absorption (ou variation de la transmission). Par exemple il existe des absorptions non-

résonnantes ou bien des diffusions stimulées immédiatement réabsorbées. Ces phénomènes

donne la même dépendance, dI/dz = f(I), que pour l’absorption multi-photonique. Dans

les faits, il est impossible de connaître exactement l’origine microscopique de la grandeur

macroscopique que l’on mesure. Et même si il y a bien une absorption multi-photonique,

rien ne permet de dire qu’elle est significative devant d’autres phénomènes microscopiques.

Ainsi c’est par un abus de langage que l’on considérera que si l’absorption que l’on mesure

à une dépendance en I2 ou en I3, celle-ci correspondra à une absorption à deux photons ou

à trois photons. On notera tout de même que si on se trouve en dehors de toute résonance,

l’absorption macroscopique que l’on mesure ne peut correspondre à l’absorption multi-

photonique.

La mesure de la transmission, c’est-à-dire la variation du rapport entre l’intensité
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incidente et l’intensité à la sortie du milieu, en fonction de la distance de propagation

z permet de mesurer l’absorption. Ainsi en comparant la transmission expérimental à la

transmission théorique (voir l’équation (1.55)) il est possible de déterminer les coefficients

des absorptions non-linéaires β et γ. Il est cependant nécessaire de savoir si l’on mesure

de l’absorption non-linéaire du troisième ordre ou du cinquième ordre. Pour cela il suffit

de résoudre l’équation (1.55 en fixant β = 0 ou γ = 0. Les solutions de l’équation (1.55

seront présentées dans le chapitre 2. La mesure de la transmission expérimentale doit être

suffisament précise.

On notera qu’il est possible qu’un milieu présente à la fois de l’absorption non-linéaire

du troisième et du cinquième ordre. Même s’il est possible de mesurer uniquement l’ab-

sorption non-linéaire du troisième ordre avec une intensité suffisamment faible pour ne pas

exciter le cinquième ordre, il est impossible de résoudre analytiquement l’équation (1.55)

avec tous les coefficients non nuls. Nous présenterons dans le chapitre 3 une méthode pour

résoudre ce problème.

Comme nous l’avons expliqué précédemment, nous qualifierons par abus de langage les

absorptions non-linéaires du troisième ordre mesurées d’absorptions à deux photons. De

même pour les absorptions non-linéaires du cinquième ordre qui seront appelées absorption

à trois photons.

1.7 Conclusion

Grâce à l’ensemble de ces notions, le lecteur peut dorénavant comprendre l’ensemble

des travaux entrepris dans cette thèse. Nous allons maintenant présenter les différentes

méthodes de mesures utilisées dans nos travaux. Ces présentations seront suivis d’appli-

cations directes de ces méthodes.
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Chapitre 2

Techniques de caractérisation des

matériaux

2.1 Introduction

Dans ce chapitre nous allons présenter les méthodes de mesures que nous avons utilisées

pour nos travaux. Ces méthodes permettent la caractérisation des indices de réfraction

non-linéaire du troisième ordre (n2) et du cinquième ordre (n4) ainsi que les coefficients

d’absorption à deux photons (β) et à trois photons (γ). Pour ce faire, les méthodes de

mesures exploitent différents phénomènes en optique. Ici, nous utiliserons exclusivement

des techniques utilisant la distorsion de l’onde. Nous présenterons tout d’abord la mé-

thode Z-scan ensuite la méthode D4σ associée au système imageur 4f . Pour chacune de

ces techniques nous présenterons leur principe physique et la manière dont nous les uti-

liserons. On notera que l’optimisation de la sensibilité et du rapport signal-sur-bruit fut

le sujet d’une précédente thèse [36]. Puis, nous introduirons la méthode de Newton et

comment nous l’avons utilisée pour la caractérisation non-linéaire. Enfin nous illustrerons

ces méthodes avec différentes applications.

2.2 La méthode Z-scan

Technique introduite par M. Sheik-Bahae et al. en 1989 [22, 23], la méthode Z-

scan utilise la distorsion de l’onde pour mesurer les indice de réfraction non-linéaires
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et les coefficients d’absorption non-linéaires. Cette méthode fait aujourd’hui partie des

méthodes les plus utilisées pour la caractérisation non-linéaire.

À l’origine, le montage expérimental décrit par M. Sheik-Bahae et al. (voir la figure

2.1), est composé d’une lame séparatrice (BS) sur laquelle arrive un faisceau Gaussien

se propageant selon l’axe des z. La moitié de l’énergie du faisceau est réfléchie sur un

Figure 2.1 – Montage expérimental original pour ma méthode du Z-scan. BS désigne la
lame séparatrice, L1 correspond à la lentille convergente, P1 et P2 indiquent les photodé-
tecteurs, MNL représente le milieu non-linéaire et A désigne l’ouverture finie..

photodétecteur qui intègre le signal spatialement et temporellement. L’autre moitié du

faisceau est focalisée par une lentille (L1). Un second photodétecteur est placé dans le

champ de diffraction lointain. On déplace l’échantillon (MNL) dont on veut mesurer les

caractéristiques non-linéaires suivant la direction de propagation z, dans la région focale de

la lentille. A chacune des positions de l’échantillon on mesure l’énergie transmise (E2/E1).

L’adjonction ou non d’un diaphragme (A) permet de mesurer soit l’indice de réfraction

non-linéaire, soit le coefficient d’absorption. La zone de balayage du scan dépend des

paramètres expérimentaux (rayon du faisceau, distance focale de la lentille et longueur

d’onde du faisceau) ainsi que de l’épaisseur de l’échantillon, L.

Le phénomène physique à l’origine de cette méthode est la variation de l’indice induite

par la forte intensité du faisceau incident (voir le paragraphe 1.4). En effet, le faisceau à

l’entrée, le plus souvent Gaussien, voit son amplitude et sa phase modifiées en fonction

de l’indice de réfraction et de l’absorption du milieu dues à l’intensité du faisceau en ce

point.

Supposons un milieu présentant un réfraction non-linéaire du troisième ordre. Pour

un indice de réfraction non-linéaire positive (n2 > 0), le faisceau aura un retard de phase

plus important là où l’intensité est la plus forte, c’est-à-dire en son centre. Pour un indice
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Figure 2.2 – Courbe de transmission mesurée par la méthode Z-scan pour un milieu
présentant une indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre n2 positif.

de réfraction non-linéaire (n2 < 0) c’est la situation opposée, le retard de phase sera plus

important sur les ailes du faisceau Gaussien. Cette non-linéarité induit un effet de lentille

convergente (n2 > 0) ou divergente (n2 < 0). Le milieu non-linéaire peut donc être vu

comme une lentille. Par conséquent, la focalisation ou la défocalisation du faisceau par le

milieu non-linéaire lorsque celui-ci ce déplace le long de l’axe de propagation z se traduit

par une variation de la transmission dans le champ lointain de l’ouverture (A). La courbe

de Z-scan pour un n2 positif est présentée sur la figure 2.2. Lorsque le milieu se trouve

avant la focale de la lentille, dans cette zone l’intensité est très faible et les effets de la

réfraction non-linéaire sont négligeable. La transmission diminue à mesure que le milieu

non-linéaire s’approche de la focale de la lentille. On observe une vallée (ou un creux) dans

la courbe de la transmission. Lorsque le milieu dépasse la focale, la transmission augmente

à cause de l’effet convergent induit par l’effet Kerr. On observe un pic dans la transmission.

Enfin, lorsque le milieu non-linéaire est de nouveau très loin du plan focal, la transmission

retourne à une valeur identique à celle mesurée lorsque l’échantillon était au début. La

courbe de transmission est caractérisée par la présence d’un minimum et d’un maximum.

On notera que l’on normalise la transmission par rapport à la valeur mesurée lorsque le

milieu non-linéaire est loin de la focale de la lentille, c’est-à-dire lorsque l’intensité est très

faible et donc les effets de la réfraction non-linaire négligeable. Si l’indice de réfraction non-

linéaire du troisième ordre, n2, avait été négatif alors la courbe de transmission mesurée

présenterait d’abord le maximum puis le minimum de transmission. La forme de la courbe
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de transmission indique sans ambiguïté le signe de n2.

Afin d’obtenir une mesure de l’indice de réfraction non-linéaire à partir de cette courbe,

il est nécessaire de faire plusieurs suppositions. Tout d’abord, la propagation du faisceau

dans le milieu non-linéaire est décrite d’après l’approximation de l’enveloppe lentement

variable [92, 98] ainsi que l’approximation de l’échantillon mince. L’approximation de

l’enveloppe lentement variable implique que la phase et l’amplitude de l’enveloppe varient

peu dans le temps par rapport à la période et varient peu dans l’espace par rapport à la

longueur d’onde. L’approximation de l’échantillon mince considère que l’échantillon est

mince devant la longueur de Rayleigh (zR). On peut alors négliger la variation spatiale de

l’amplitude et de la phase induite par la propagation du faisceau et par les non-linéarités à

l’intérieur de l’échantillon.. Supposons un faisceau incident décrit par un champ électrique

Gaussien polarisé linéairement (1.5), en négligeant alors les termes décrivant la variation

de phase en régime linéaire

E (r, z, t) = E0 (z, t)
w0

w (z)
exp

[

− r2

w2 (z)
− ikr2

2R (z)

]

. (2.1)

Les différents paramètres de l’équation ont été définis dans le paragraphe 1.2.

Si on applique ces conditions à l’équation NLS tenant compte de l’absorption non-

linéaire ainsi (α(I)) que de la variation de l’indice de réfraction en fonction de l’intensité

(∆n(I)), il est possible de décrire analytiquement la propagation de la phase ∆φ et de

l’intensité I du champ électrique (2.1) au sein d’un milieu non-linéaire. Cette description

analytique peut être séparée en deux équations, l’une décrivant la propagation de la phase

du faisceau
d∆φ

dz′
= −k∆n(I), (2.2)

la seconde décrivant la propagation de l’amplitude du faisceau

dI

dz′
= −α(I)I, (2.3)

où z′ est la distance de propagation à l’intérieur du milieu. On notera que si l’on considère

un milieu présentant des non-linéarités du troisième ordre alors ∆n(I) = n2I et α(I) =

α + βI.
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Il est nécessaire de distinguer deux cas pour la résolution des équations (2.2) et (2.3).

Considérons tout d’abord un milieu non-linéaire décrivant des non-linéarités du troisième

ordre mais dans lequel l’absorption non-linéaire est nulle (β = 0).

2.2.1 Milieu sans absorption non-linéaire (β = 0)

Si il n’y a pas d’absorption non-linéaire à deux photons (β = 0), alors la résolution

des équations (2.2) et (2.3) permet de décrire le champ électrique après sa propagation

au sein du milieu d’épaisseur L est

EL (r, z, t) = E (r, z, t) exp

(

−αL

2

)

exp [i ∆φ (r, z, t)] , (2.4)

où

∆φ (r, z, t) =
∆φ0 (t)

1 + z2

z2
R

exp

(

− 2r2

ω2 (z)

)

, (2.5)

et ∆φ0 (t) est le déphasage au centre du faisceau à la focale (z = 0 et r = 0). Celui-ci est

défini par

∆φ0 (t) = kn2I0 (t)Leff , (2.6)

où Leff = (1 − exp(−αL))/α est la longueur effective tenant compte de l’absorption

linéaire α et I0 (t) est l’intensité au centre du faisceau et à la focale (z = 0 et r = 0).

Puisque l’amplitude et la phase du faisceau à la sortie du milieu sont connues, la

distribution du champ électrique dans le champ lointain, c’est-à-dire là où se trouve l’ou-

verture (A) est obtenue grâce au principe de Huygens-Fresnel [108]. M. Sheik-Bahae et

al. ont employé la méthode de décomposition Gaussienne pour exprimer le champ loin-

tain [23, 109, 110]. Par conséquent, ils ont décomposé le faisceau à la sortie du milieu

non-linéaire grâce au développement en série de exp [i ∆φ (r, z, t)] et de plusieurs compo-

santes Gaussiennes. Ils ont calculé la propagation dans l’espace libre de ces Gaussiennes

jusqu’à l’ouverture (A). Ils ont alors ajouté les différentes composantes afin de reconstruire

le faisceau Gaussien et d’obtenir le champ à la sortie Es (r, z, t) [23]. Enfin, la transmission

normalisée est calculée en intégrant spatialement et temporellement le faisceau :

T (z) =

∫ ra
0

∫∞
−∞ |Es (r, z, t,∆φ0)|2 rdrdt

S
∫ ra
0

∫∞
−∞ |Es (r, z, t, 0)|2 rdrdt

, (2.7)

31



CHAPITRE 2. TECHNIQUES DE CARACTÉRISATION DES MATÉRIAUX

où |Es (r, z, t, 0)| est le module de l’amplitude au niveau de l’ouverture lorsque l’échantillon

se trouve à z, en régime linéaire, ra est le rayon de l’ouverture circulaire et S est la

transmission linéaire de l’ouverture définie par

S = 1− exp

(

−2r2a
w2

a

)

, (2.8)

où wa est la rayon du faisceau dans le plan de l’ouverture en régime linéaire (∆φ0 = 0).

La courbe de transmission théorique peut être ajustée numériquement en tenant

compte de la courbe expérimentale afin d’obtenir la valeur de n2. Cependant, il est plus

simple d’utiliser une solution analytique de la transmission normalisée qui est obtenue

avec une très petite ouverture (S ≈ 0) dans le champ lointain et pour des non-linéarités

faibles (∆φ0 ≪ 1) [23]

T (z, S ≈ 0) = 1 +
4∆φ0

z
zr

(

z
zr
+ 9
)(

z
zr
− 1
) . (2.9)

M. Sheik-Bahae et al. ont montré que la différence entre le pic (maximum) et le vallée

(minimum) de la courbe de transmission ∆Tpv est un paramètre expérimental permettant

de caractériser l’indice de réfraction non-linéaire. Il a été trouvé numériquement d’après

la relation (2.9), que pour |∆φ0| < π on a la relation pour ∆Tpv

∆Tpv = 0.406 (1− S)0.25 |∆φ0| . (2.10)

La relation (2.10) a une précision de 3%. Cette relation permet d’obtenir facilement l’indice

n2 (contenu dans ∆φ0 (2.6)) à partir de la courbe expérimentale.

La sensibilité de la méthode est définie comme le rapport entre le plus petit changement

de transmission et le déphasage non-linéaire induit ∆φ0. D’après la relation (2.10) et pour

une très petite ouverture (S ≈ 0), la sensibilité de la méthode est de 0.406. Si le montage

expérimental est capable de relever une variation de la transmission de ∆Tpv1 ≈ % pour

une très petite ouverture S ≈ 0, alors le déphase non-linéaire correspondant est alors

d’environ 25mrad. Cela correspond à une variation du chemin optique de ∆nL = λ/250.

On notera qu’il est important, pour la qualité des mesures d’avoir des échantillons

avec la meilleure qualité optique possible. Les inhomogénéités et les imperfections de la
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surface de l’échantillon induisent des variations de la transmission indépendantes des non-

linéarités du milieu. Ainsi, plus le signal est faible, plus la qualité optique doit être bonne.

Il est toutefois possible de réduire l’impact des inhomogénéités du milieu sur la variation

de la transmission en réalisant un Z-scan en régime linéaire et en le soustrayant à un

Z-scan en régime non-linéaire. Il est nécessaire de normaliser chacun des Z-scans avant de

les soustraire.

Enfin, on notera qu’afin d’assurer une relation linéaire entre ∆Tpv et |∆φ0| il est

nécessaire de tenir compte d’un facteur de moyenne temporelle dû à la non-linéarité

induite par la durée des impulsions qui n’est pas prise en compte dans la relation (2.10).

Ainsi pour une impulsion de forme Gaussienne on a 〈∆φ0〉 =
√
2 |∆φ0|.

2.2.2 Réfraction non-linéaire en présence d’absorption (β 6= 0)

Lorsque l’on a un milieu présentant des non-linéarités du troisième ordre, n2 6= 0 et

β 6= 0, alors les solutions des équations (2.2) et (2.3) sont

∆φ (r, z, t) =
kn2

β
ln [1 + q (r, z, t)] , (2.11)

et

IL (r, z, t) =
I (r, z, t) exp (−αL)

1 + q (r, z, t)
, (2.12)

où q (r, z, t) = βLeffI (r, z, t). L’action simultanée de la réfraction non-linéaire et de l’ab-

sorption non-linéaire vont modifier la forme de la courbe de transmission obtenue. Ainsi

l’absorption à deux photons (β > 0) va augmenter la profondeur de la vallée et réduire le

pic de transmission. La figure 2.3 montre la courbe de transmission dans une telle situa-

tion. Bien qu’il soit possible de calculer numériquement la transmission normalisée dans

le champ lointain par la méthode de décomposition en Gaussienne et en tenant compte

des solutions (2.11) et (2.12), M. Sheik-Bahae et al. ont proposé une procédure plus

simple permettant de mesurer l’absorption et la réfraction non-linéaire séparément [23].

Tout d’abord il faut procéder à un Z-scan en retirant l’ouverture circulaire du montage

(S = 1). On appelle la mesure Z-scan avec un montage expérimental open-aperture Z-

scan. Dans cette situation la transmission est insensible aux variations de phases du front
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Figure 2.3 – Courbes de transmission obtenue par la méthode Z-scan en présence d’ab-
sorption à deux photons. La courbe en trait plein correspond à la mesure de closed-
aperture Z-scan et la courbe en pointillée représente la mesure par open-aperture Z-scan.
La courbe en tiret est la division de la courbe en trait plein par celle en pointillé.

d’onde. Les variations de la transmission sont uniquement dues à l’absorption non-linéaire.

En intégrant spatialement et temporellement l’intensité à la sortie du milieu (2.12) sans

considérer la propagation en espace libre, on obtient la transmission normalisée

T (z, S = 1) =
∞
∑

m=0

[q0]
m

(

1 + z2

z2
R

)m

(m+ 1)3/2
, (2.13)

où q0 = βLeffI0 pour q0 < 1. La relation (2.13) est valable si l’on suppose que le profil tem-

porel de l’impulsion est Gaussien. On peut ainsi déterminer le coefficient de l’absorption

à deux photons grâce à la méthode de l’open-aperture Z-scan.

On procède ensuite à une mesure avec l’ouverture circulaire (S < 1). Par contraste

avec la mesure sans ouverture, la mesure avec ouverture est appelée closed-aperture Z-

scan. Il est possible de mesurer l’indice de réfraction non-linéaire à partir des courbes de

ces deux Z-scans sans avoir recours à la propagation numérique du faisceau si q0 < 1 et

si β/2kn2 < 1. La première condition peut facilement être obtenue en ajustant l’intensité

du faisceau incident. La seconde condition est une propriété intrinsèque du milieu qui

implique que la partie imaginaire de la susceptibilité non-linéaire doit être inférieure à

la partie réelle. Si ces deux conditions sont réunies, il est possible d’estimer l’indice de

réfraction non-linéaire n2 à partir de la différence de transmission pic et vallée (∆Tpv)
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Figure 2.4 – Schéma du système imageur 4f. L1 et L2 correspondent aux lentilles de
distance focale f1 et f2. MNL désigne le milieu non-linéaire placé à z = 0. O (x, y ) est un
objet situé dans le plan focal objet de la lentille L1 et U (x, y ) est l’amplitude du champ
dans le plan focal image de L2.

obtenue en divisant la courbe du closed-aperture Z-scan par celle du open-aperture Z-

scan. Par cette opération, le ∆Tpv obtenu est proche de celui qu’on obtiendrait par un

pur effet réfractif à 10% approximativement. La courbe qui en résulte est illustrée sur la

figure 2.3. On mesure alors le n2 en appliquant la formule (2.10) au ∆Tpv obtenu.

2.3 Système imageur 4f

En 1996, G. Boudebs et al. [33, 34] ont présenté une méthode de caractérisation des

non-linéarités basée sur l’utilisation de filtre spatial à l’intérieur d’un système imageur. Il

a été démontré qu’il était possible de caractériser les non-linéarités en analysant le profil

d’intensité de l’image après la propagation au sein d’un milieu non-linaire, le milieu agis-

sant comme un filtre non-linéaire, placé dans le plan de Fourier d’un système imageur 4f.

La comparaison entre les données expérimentales et celles numériques permet de mesurer

les non-linéarités. Plus récemment ce système imageur a été utilisé avec la méthode Z-scan

afin d’en améliorer la sensibilité [36,111].

Le système imageur 4f est un système imageur cohérent connu depuis longtemps [108].

La figure 2.4 correspond à un schéma de montage typique du système imageur 4f au sein

du montage Z-scan. On suppose que le champ électrique défini dans le plan objet est

Gaussien

E (x, y) = E0 exp

[

−(x2 + y2)

w2
e

]

, (2.14)
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où we est la largeur du faisceau à l’entrée du montage. On notera que l’on néglige les

termes temporels du faisceau puisque l’on s’intéresse à l’intensité obtenue à la sortie du

montage. Le spectre spatial de Fourier du champ électrique est défini comme

S (u, v ) = F [E (x, y)] =

∫ ∞

−∞

∫ ∞

−∞
E (x, y) exp [−i2π (ux+ vy)] dxdy, (2.15)

où F indique l’opérateur transformée de Fourier, u et v sont les fréquences spatiales

normalisées. On propage le spectre S (u, v ) sur une distance finie z′ en appliquant la

fonction de transfert de la propagation de l’onde [108]

H (u, v ) = exp





i2πz′
√

1− (λu)2 − (λv)2

λ



 . (2.16)

On applique la transformée de Fourier inverse afin de retrouver le champ en amplitude

E (x, y, z′) = F−1 [S (u, v )H (u, v )]. Afin de calculer le champ à la sortie de la lentille

L1 de focale f1, il est nécessaire d’appliquer la transformation de phase tL (x, y) liée à

l’épaisseur de la lentille

tL (x, y ) = exp

[

iπ (x2 + y2)

λf1

]

. (2.17)

La première propagation se fait sur une distance z′ = f1. On propage ensuite le faisceau

jusqu’au milieu non-linéaire qui se trouve à la position z, pour cela on applique la fonction

(2.16) avec z′ = f + z.

Considérons un milieu non-linéaire d’épaisseur L présentant de l’absorption linéaire

α, de l’absorption à deux photons β et de la réfraction non-linéaire du troisième ordre n2.

La transmission du milieu est [112]

T (u, v, z ) = {exp (−αL) [1 + q (u, v, z)]}−1/2 exp
[

i∆φeff
NL (u, v, z)

]

, (2.18)

où q (u, v, z) = βLeffI (u, v, z ), Leff = (1− exp (−αL)) /α et I (u, v, z ) ∝ |S (u, v, z)|2

est l’intensité du laser à l’intérieur du milieu. Le déphasage non-linéaire est

∆φeff
NL (u, v, z) = 2πn2LeffIeff (u, v, z ) , (2.19)
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où l’intensité effective est

Ieff (u, v, z ) = I (u, v, z )
log [1 + q (u, v, z)]

q (u, v, z)
. (2.20)

On définit le déphasage non-linéaire à la focale (z = 0) et sur l’axe de propagation

(u = 0, v = 0)

ϕeff
NL0 = ∆φeff

NL (0, 0, 0) . (2.21)

De même on définit l’absorption non-linéaire

q0 = βLeffI0, (2.22)

où I0 est l’intensité à la focale et sur l’axe de propagation. Afin de respecter les limites

de la méthode Z-scan, on se place toujours dans le cas où ϕeff
NL0 < 1 et q0 < 1. Le spectre

spatial de Fourier du faisceau après le milieu (considéré comme mince) est SL (u, v, z) =

S (u, v, z)T (u, v).

Il est alors simple d’obtenir l’amplitude du faisceau U (x, y) dans le plan image en

appliquant plusieurs fonctions de propagation pour les distances finies z′ = z + f2 et

z′ = f2 et en tenant compte de la transformation de phase induite par la lentille L2.

On peut ensuite appliquer à cette image différentes opérations telles que l’intégration

spatiale sur la totalité du faisceau et/ou sur une partie après filtrage par une ouverture

circulaire. Ces opérations numériques sont nécessaires pour remonter à l’open-aperture ou

à la closed-aperture pour faire la mesure.

Le système imageur 4f permet donc de calculer numériquement la propagation du fais-

ceau du plan objet de la lentille L1 jusqu’au plan image L2. L’optimisation de ce système

à permis d’avoir le meilleur rapport signal-sur-bruit tout en maximisant la sensibilité. Il

a été possible d’améliorer la sensibilité de la méthode jusqu’à atteindre λ/1000 avec le

laser et la caméra disponibles au laboratoire dans le cas d’échantillons ayant une bonne

qualité optique [36,111].
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2.4 D4σ

Récemment, nous avons présenté une nouvelle technique permettant de se passer de

la division de transmissions normalisées pour la mesure de l’indice de réfraction non-

linéaire. Cette nouvelle méthode a été nommée D4σ. Au lieu de mesurer la variation

de la transmission, cette méthode consiste à mesurer la variation du rayon du faisceau

en fonction de l’intensité pic [113]. On utilise la définition ISO standard 1 du rayon du

faisceau. Le rayon du faisceau est définie comme étant égal à deux fois l’écart relatif σ

de la distribution en intensité I (x, y). Cette distribution est obtenue expérimentalement

grâce à une caméra à la place du photodétecteur P2 (voir la figure 2.1). On obtient alors

pour le rayon suivant l’axe des x

wx (z) = 2

√

√

√

√

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) (x− x (z))2 dxdy
∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

, (2.23)

et le rayon du faisceau suivant l’axe des y est

wy (z) = 2

√

√

√

√

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) (y − y (z))2 dxdy
∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

, (2.24)

et dans le cas d’une ellipticité faible, on se ramène à un modèle circulaire en définissant

w (z) =
wx (z) + wy (z)

2
. (2.25)

Dans ces formules, x (z) et y (z) sont les coordonnées du centre de gravité du faisceau

(équivalent au calcul du moment d’ordre 1 du profil de l’intensité)

x (z) =

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) xdxdy

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

, (2.26)

y (z) =

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) ydxdy

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y, z) dxdy

. (2.27)

Comme nous l’avions précisé dans le paragraphe 1.2, pour un faisceau Gaussien la méthode

D4σ donne le même résultat que la méthode 1/e2. On notera que la méthode D4σ a un

1. Cela correspond à la définition ISO 11146-2 :2005
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Figure 2.5 – Courbe de variation relative du rayon du faisceau (BWRV) en fonction de la
position z de l’échantillon avec les paramètres ϕeff

NL0 = 0.8 et q0 = 0.58. ∆wpv correspond
à la variation entre le maximum (pic) et le minimum (vallée)de la courbe.

meilleur rapport signal sur bruit puisque l’on intègre sur l’ensemble des pixels de la caméra

contrairement à la méthode 1/e2 ou du rayon à mi-hauteur où la mesure est faite à partir

d’un nombre réduit de pixels.

On procède à deux scans suivant l’axe de propagation z pour la mesure du rayon du

faisceau à chaque position, l’un en régime linéaire (wL (z)) et l’autre en régime non-linéaire

wNL (z). On établie alors la variation relative du rayon du faisceau (BWRV : Beam Waist

Relative Variation) d’après la formule

∆w =
wNL − wL

wL

. (2.28)

La figure 2.5 montre une courbe de BWRV obtenue avec la formule (2.28) après propa-

gation selon les relations du paragraphe 2.3. Il a été déterminé numériquement que la

variation entre le pic (maximum) et la vallée (minimum) de la courbe, ∆wpv est fonction

du déphasage effectif à la focale ϕeff
NL0. On a la formule

∆wpv = 0.34× ϕeff
NL0. (2.29)

On notera que cette relation reste valide même pour un milieu avec une absorption

non-linéaire relativement forte. La figure 2.6, plus loin, illustre cela avec q0 = 0.58.
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Figure 2.6 – Courbe de ∆wpv obtenue numériquement en fonction du déphasage effectif
à la focale ϕeff

NL0 pour q0 = 0.58.

2.5 Methode de Newton

On reprend les équations (2.2) et (2.3) mais on considère un milieu qui présente des

non-linéarités du troisième et du cinquième ordre. L’équation (2.3) est

dI

dz
= −αI − βI2 − γI3, (2.30)

où α est l’absorption linéaire, β est l’absorption à deux photons et γ est l’absorption à

trois photons. L’équation (2.2) est

dϕ

dz
= −k

(

n2I + n4I
2
)

, (2.31)

où n2 est l’indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre et n4 est l’indice de réfraction

non-linéaire du cinquième ordre.

Intéressons nous à la résolution de l’équation (2.30).

2.5.1 Mesure de l’absorption non-linéaire

On considère un milieu d’épaisseur L. Les conditions aux limites sont I(z = 0) = I0 et

I(z = L) = IL. Enfin on considère que le milieu présente de l’absorption linéaire (α 6= 0),

de l’absorption à deux photons (β 6= 0) et de l’absorption à trois photons (γ 6= 0). On
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décompose l’équation (2.30) en élements simples

dz = −
[

1

γX+X−I
+

1

γX− (X− −X+) (I −X−)
− 1

γX+ (X− −X+) (I −X+)

]

dI,

(2.32)

où X± =
(

±
√

β2 − 4αγ − β
)

/2γ et β2 > 4αγ. On intégre l’équation (2.32) de z = 0 à

L, on obtient

L = −





ln
(

IL
I0

)

γX+X−I
+

ln
(

IL−X
−

I0−X
−

)

γX− (X− −X+)
−

ln
(

IL−X+

I0−X+

)

γX+ (X− −X+)



 . (2.33)

On remarque qu’il est impossible d’exprimer analytiquement l’intensité à la sortie du mi-

lieu (IL) en fonction de l’épaisseur du milieu (L). On utilise alors une méthode d’inversion

numérique : la méthode de Newton.

La méthode de Newton est une méthode itérative basée sur l’approximation d’une

fonction en utilisant le développement en série de Taylor du premier ordre. On développe

alors la fonction (2.33) pour obtenir z (IL,1) = z (IL,0) + z′ (IL,0) (IL,1 − IL,0) où IL,0 est

l’intensité à la distance L et pour l’itération 0, IL,1 est l’intensité à la distance L et pour

l’itération 1, et z′ est la dérivée première suivant l’intensité I. On étend la relation de

récurrence à

z (IL,n+1) = z (IL,n) + z′ (IL,n) (IL,n+1 − IL,n) , (2.34)

Puisque limn→∞ z(IL, n) = L, il est possible d’obtenir l’intensité à partir de la relation

(2.34)

IL,n+1 = IL,n −
z (IL,n)− L)

z′ (IL,n)
. (2.35)

Il est donc possible de résoudre la propagation de l’intensité dans un milieu avec de l’ab-

sorption non-linéaire du troisième et du cinquième ordres en utilisant la fonction (2.35).

Cette fonction peut être utilisée conjointement avec l’optique de Fourier pour décrire la

propagation du faisceau de l’entrée du montage au capteur. La correspondance entre les

données expérimentales et celles numériques conduit à la mesure des coefficients d’absorp-

tion.

La méthode de Newton est une méthode simple a utiliser numériquement et elle ne

nécessite qu’une valeur de départ (IL,0) relativement proche de la véritable solution afin de
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ne pas avoir des solutions non-physiques. On peut par exemple prendre, pour un milieu de

faible épaisseur L, une valeur IL,0 solution de IL,0 = I0− (αI0 + βI20 + γI30 )L. La fonction

z′ (I) est très simple à calculer grâce à la fonction (2.32). z′ (I) ne peut jamais être nulle.

En effet, z′ (I) = 0 correspond à une absorption infinie ce qui n’est pas physique.

On notera que les résolutions de l’équation (2.30) pour tous les autres cas possibles

(β2 < 4αγ ou certains coefficients d’absorption nuls) sont présentées dans l’annexe A.

Nous allons maintenant résoudre l’équation (2.31).

2.5.2 Mesure d’indices de réfraction non-linéaire

On remarque dans l’équation (2.31) que l’intensité est présente dans le second membre.

Or l’intensité dépend de la position du milieu non-linéaire et il est impossible d’obtenir

une fonction analytique I (z). Il est nécessaire d’exprimer dz en fonction de dI d’après

l’équation (2.30)

dz = − dI

αI + βI2 + γI3
, (2.36)

Ainsi en substituant l’équation 2.36 dans l’équation 2.31 on obtient :

dϕ

dI
= − k (n2I + n4I

2)

αI + βI2 + γI3
(2.37)

On intègre l’équation (2.37) de I0 à IL, après avoir décomposé la partie de droite en

éléments simples,

∆ϕ = − k

γ (X+ −X−)

[

(n2 + n4X−) ln

(

IL −X−

I0 −X−

)

− (n2 + n4X+) ln

(

IL −X+

I0 −X+

)]

,

(2.38)

où ∆ϕ = ϕL−ϕ0 est le déphasage non-linéaire induit par le milieu, X± =
(

±
√

β2 − 4αγ − β
)

/2γ

et β2 > 4αγ. On obtient une solution analytique décrivant le déphasage non-linéaire ∆ϕ

en fonction de l’intensité à l’entrée (I0) et à la sortie du milieu (IL). En utilisant la for-

mule (2.38) pour ajuster la courbe expérimentale de Z-scan ou de D4σ, on est capable de

mesurer les indices de réfraction non-linéaire.

On notera que les résolutions de l’équation (2.31) pour tous les autres cas possibles

(β2 < 4αγ ou certains coefficients d’absorption nuls) sont présentées dans l’annexe B.

Nous allons présenter quelques applications de ces méthodes de mesures.
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2.6 Applications

Dans ce paragraphe nous allons présenter les mesures des indices de réfraction non-

linéaires et des coefficients d’absorption non-linéaires. Ces résultats servent à illustrer nos

méthodes.

Pour toutes nos mesures des caractéristiques non-linéaires on utilise un laser Nd :YAG

délivrant des impulsions à λ = 1064 nm avec une durée de 17 ps. On utilisera aussi la

seconde harmonique du laser, c’est-à-dire des impulsions à λ = 532 nm avec une durée de

12 ps. Le taux de répétition du laser est de 10Hz. Le montage expérimental utilisée pour

nos mesures Z-scan et D4σ correspond à celui présenté sur la figure 2.7. Le montage Z-scan

Figure 2.7 – Schéma du système 4f utilisé pour les mesures Z-scan et D4σ. L’échantillon
est scanné suivant l’axe des z autour du plan focal de la lentille L1. L2 désigne une lentille,
BS1 et BS2 désignent les lames séparatrices, M1 et M2 désignent les miroirs.

est intégré dans un système imageur 4f composé de deux lentilles convergentes (L1 et L2)

avec la même distances focales (20 cm). L’image à la sortie du montage est acquise par une

caméra refroidie à −30˚C. Le capteur de la caméra est un dispositif à transfert de charge

(CCD) de (1000× 1018) pixels. Chacun des pixels mesure (12× 12) µm2. L’utilisation

d’une caméra permet de remplacer l’ouverture circulaire physique, pour les mesures de

closed-aperture Z-scan, par un filtre numérique circulaire. Ainsi il est possible à partir des

mêmes données expérimentales d’obtenir la courbes de la mesure d’open-aperture Z-scan,

celle de la mesure de closed-aperture Z-scan et celle de la mesure de D4σ. Pour la première

courbe il suffit d’intégrer numériquement sur l’ensemble du capteur après avoir ôté la zone
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définissant la référence.. On ajoutera le filtre numérique circulaire pour la courbe de la

mesure de closed-aperture Z-scan. La courbe de la mesure de D4σ est obtenue en calculant

numériquement le rayon du faisceau avec les formules (2.23), (2.24) et (2.25). On notera

que la transmission linéaire du filtre est de S = 0.73. Cette valeur a été déterminée afin

d’optimiser la sensibilité et le rapport signal-sur-bruit [36,111,114].

Enfin, l’intensité incidente du faisceau est ajustée par un système composé d’un polari-

seur et d’une lame demi-onde placé avant le montage expérimental. Pour illustrer l’utilité

de cette technique nous allons relater des mesures faites sur différents types de verres qui

peuvent être fibrables et présentant donc un intérêt pour les télécommunications.

2.6.1 Verres GeO2 − Bi2O3 − PbO− TiO2

Nous avons mesurés l’absorption à deux photons et la réfraction non-linéaire du troi-

sième ordre pour différents verres GeO2 −Bi2O3 −PbO−TiO2 à 1064 nm et 532 nm avec

les méthodes d’open-aperture Z-scan et de closed-aperture Z-scan. On notera que l’in-

tensité incidente a été calibrée d’après la valeur de l’indice de réfraction non-linéaire du

troisième ordre (n2) du disulfure de carbone donnée dans la référence [23]. Ainsi l’intensité

incidente à l’entrée de l’échantillon était de 7.0GW/cm2 à 1064 nm et de 0.9GW/cm2 à

532 nm. Les échantillons avaient différentes concentrations en oxydes. La composition des

échantillons étaient (100− x) [0.45GeO2 − 0.33Bi2O3 − 0.22PbO]−x[TiO2] avec x = 0, 5

,10 et 20 en mol%. Les résultats des mesures sont présentées dans le tableau 2.1.

Composition en Ti02 1064 nm 532 nm
en mol% n2 (10−14cm2/W) β (cm/GW) n2 (10−14cm2/W) β (cm/GW)
5 0.70± 0.14 < 0.01 1.9± 0.5 4.4± 0.4
10 0.70± 0.15 < 0.01 1.4± 0.4 4.4± 0.4
15 0.64± 0.12 < 0.01 1.3± 0.3 4.3± 0.5
20 0.80± 0.16 < 0.01 1.6± 0.5 4.3± 0.5

Table 2.1 – Indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre et coefficient de l’ab-
sorption à deux photons mesurés pour les verres GeO2 − Bi2O3 − PbO−TiO2 suivant la
concentration en TiO2 [115].

On notera que par cohérence avec d’autres mesures faites avec le même type de verres

à base de métaux lourds, les indices de réfractions mesurés à 1064 nm sont environs trente

fois supérieurs à ceux du silicium [116] et environ dix fois supérieurs à ceux du TeO2 −
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GeO2−K2O−Bi2O3 [117] mesurés dans les mêmes conditions. De même les coefficients de

l’absorption à deux photons mesurés à 532 nm sont comparables avec les valeurs mesurés

dans les semi-conducteurs [118, 119]. Les verres TeO2 − GeO2 − K2O − Bi2O3 semblent

être des bons candidats pour la limitation optique dans le domaine du visible ainsi que

pour la commutation tout-optique dans le proche infrarouge.

2.6.2 Verres Pb2P2O7 −MoO3

Nous avons caractérisé le coefficient de l’absorption à deux photons et l’indice de

réfraction non-linéaire du troisième ordre pour des verres de Pb2P2O7 −MoO3 à 1064 nm

et 532 nm avec les méthodes d’open-aperture Z-scan et de closed-aperture Z-scan. Comme

pour les mesures des non-linéarités optiques des verres GeO2 − Bi2O3 − PbO − TiO2,

l’intensité incidente a été calibrée d’après la valeur de l’indice de réfraction non-linéaire

du troisième ordre (n2) du disulfure de carbone donnée dans la référence [23]. L’intensité

à l’entrée de l’échantillon était de 7.4GW/cm2 à 1064 nm et de 3GW/cm2 à 532 nm. Les

échantillons présentaient différentes concentrations en molybdène (Mo). La composition

des verres étaient (100 − x)[Pb2P2O7] − x[MoO3] où x = 10, 20, 30, 40 et 50 en mol%.

Les résultats des mesures sont présentées dans le tableau 2.2 [120].

Composition en MoO3 1064 nm 532 nm
en mol% n2 (10−18cm2/W) β (cm/GW) n2 (10−18cm2/W) β (cm/GW)
10 0.23± 0.03 < 0.01 0.36± 0.07 0.25± 0.06
20 0.23± 0.05 < 0.02 0.36± 0.08 0.20± 0.06
30 0.25± 0.04 < 0.01 0.5± 0.20 0.25± 0.07
40 0.27± 0.04 < 0.01 - -
50 0.30± 0.06 < 0.02 - -

Table 2.2 – Indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre et coefficient de l’absorp-
tion à deux photons mesurés pour les verres Pb2P2O7 −MoO3 [120].

On notera que la variation de la concentration en MoO3 n’induit pas une variation de

l’indice de réfraction non-linéaire à 1064 nm. De même, l’absorption à deux photons ne

varie quasiment pas en fonction de la concentration en MoO3.
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2.6.3 Verres (GeSe2)100−x
(Sb2Se3)x

Nous avons mesurés le coefficient de l’absorption à deux photons et l’indice de réfrac-

tion non-linéaire du troisième ordre pour des verres de (GeSe2)100−x (Sb2Se3)x à 1064 nm

en utilisant les méthodes d’open-aperture Z-scan et de closed-aperture Z-scan. C’est la

concentration en antimoine (Sb) qui varie entre les échantillons. Ainsi leurs composition

est (GeSe2)100−x (Sb2Se3)x avec x = 5, 10, 20, 30, 40, 50 et 60 en mol%. Nous avons résumé

les résultats de nos mesures dans le tableau 2.3 [121].

Composition en SbO3 1064 nm
en mol% n2 (10−18m2/W) β (cm/GW)
5 7.0± 1.2 1.9± 0.5
10 8.9± 2.7 < 0.7
20 9.1± 1.85 2.3± 0.5
30 14.1± 2.9 10.5± 1.4
40 14.8± 2.9 12.4± 1.8
50 17.7± 5.9 21.4± 4.1
60 21.2± 4.6 21.5± 2.3

Table 2.3 – Indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre et coefficient de l’absorp-
tion à deux photons mesurés pour les verres (GeSe2)100−x (Sb2Se3)x [121].

2.6.4 Verre As2Se3

Nous avons caractérisé les non-linéarités du verre de As2Se3 à 1064 nm en utilisant

les méthodes d’open-aperture Z-scan et de closed-aperture Z-scan et de D4σ. L’intensité

incidente a été calibrée d’après la valeur de l’indice de réfraction non-linéaire du troisième

ordre (n2) du disulfure de carbone donnée dans la référence [23]. La figure 2.8 présente

les différentes courbes expérimentales obtenues. On mesure, grâce à la méthode d’open-

aperture Z-scan, un coefficient d’absorption à deux photons de β = 22±3 cm/GW. L’indice

de réfraction non-linéaire du troisième ordre mesuré est n2 = (23± 4)×10−18 m2/W [122].

La valeur obtenue est quasiment identique pour les deux méthodes.

2.7 Conclusion

Nous avons présenté les différentes méthodes de mesures que nous avons utilisées dans

nos travaux. Ces méthodes nous permettent de caractériser les non-linéarités optiques

46



2.7. CONCLUSION

Figure 2.8 – Courbes expérimentales obtenues pour la caractérisation du As2Se3 à
1064 nm. La courbe de carrés noire correspond à la variation relative du rayon du fais-
ceau (méthode D4σ). La courbe en étoiles vertes correspond à la transmission normalisée
obtenue par la méthode de closed-aperture Z-scan. L’encadré en haut à droite montre la
courbe de transmission normalisée obtenue par la méthode d’open-aperture Z-scan.

d’un milieu jusqu’au cinquième ordre. Nous avons présenté succinctement des résultats

obtenus grâce à ces méthodes de mesures pour différents verres. Les applications sur les

mesures des coefficients du cinquième ordre seront présentés dans le chapitre 3.

Le chapitre suivant est consacré à l’étude des caractéristiques du disulfure de carbone.
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Chapitre 3

Caractéristiques du disulfure de

carbone

3.1 Introduction

Le disulfure de carbone, CS2, est un solvant qui possède des caractéristiques optiques

intéressantes. Les non-linéarités ont été depuis longtemps quantifiées par diverses tech-

niques : interférométrie [123] ou commutation optique [124]. Historiquement, il fut utilisé

pour démontrer les avantages de la méthode de mesure Z-scan lorsqu’on mesure une

réfraction non-linéaire de troisième ordre [23]. En effet, le disulfure de carbone est un

composé hautement non-linéaire (du point de vue de l’optique). Les non-linéarités ont des

origines diverses : électroniques (déformation du nuage électronique), thermiques (mou-

vement des molécules), vibrationnelles... Par exemple, Dale McMorrow a mesuré les

caractéristiques non-linéaires de différents milieux, notamment le fluorobenzène et le io-

dobenzène, en observant la réponse impulsionnelle pour le mouvement moléculaire [125].

Depuis de nombreuses équipes ont cherché à mesurer les non-linéarités du CS2 à différentes

longueurs d’ondes, à différents régimes temporelles, à différents taux de répétitions, à dif-

férentes intensités et grâce à différentes techniques [11,37,123–143]. Le lecteur retrouvera

les caractéristiques optiques mesurées du CS2 par ces équipes de recherche dans l’annexe

C. Un élément intéressant est l’inversion du signe de l’indice de réfraction non-linéaire

quintique n4. Il est positif pour les longueurs d’ondes de 532 nm et 1064 nm [143]. Alors

qu’il est négatif pour 800 nm [141] et 920 nm [11]. Par ailleurs d’autres caractéristiques
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telles que le spectre d’absorption ont été mesurées [11]. On voit sur la figure 3.1 deux

Figure 3.1 – Spectre d’absorption, de l’éthanol pur (ligne rouge continue), de 50 µl de
CS2 dans 2 ml d’éthanol (ligne vert en tirets) et de 5 µl de CS2 dans 2 ml d’éthanol (ligne
bleue en pointillées). Les liquides sont contenus dans une cuve de 1 cm. Le graphique
provient de l’article de E.L. Falcão-Filho [11].

bandes d’absorption distinctes. La première est centrée sur λ = 317 nm et la seconde est

centrée sur λ = 200 nm. De plus il a été nécessaire de diluer fortement le CS2 pour ne pas

saturer le spectroscope. L’éthanol a servi de solvant. Il est possible que, utilisé comme

solvant du disulfure de carbone, l’éthanol peut interagir avec le disulfure de carbone. Il

est dès lors possible que l’éthanol influe sur le spectre d’absorption du disulfure de car-

bone. Le spectre d’absorption de l’éthanol est visible sur la figure 3.1, il correspond à la

courbe rouge. On voit que l’intensité des pics d’absorption a une intensité bien inférieure

à l’intensité des pics d’absorption du disulfure de carbone. Par conséquent la variation

sur le spectre d’absorption du disulfure de carbone induite par l’éthanol est négligeable.

Dans le cadre de cette thèse nous avons utilisé un laser impulsionnel monochroma-

tique à λ = 532 nm et λ = 1064 nm dans le régime picoseconde, respectivement, 12 ps et

17 ps. Il est reconnu que pour de telles impulsions, le disulfure de carbone ne présente ni

absorption linéaire α ni absorption à deux photons β. Cela est cohérent avec le spectre

(voir figure 3.1), puisque pour λ = 532 nm et λ/2 = 266, nm on ne trouve aucune bande

d’absorption. De même pour λ = 1064 nm et λ/2 = 532 nm. Il n’en est pas de même

pour l’absorption à trois photons, c’est-à-dire à 532/3 ≈ 177 nm ou 1064/3 ≈ 317 nm, la

troisième harmonique est proche de la résonance. Les caractéristiques non-linéaire du cin-
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quième ordre, absorption à trois photons (γ) et indice de réfraction non-linéaire quintique

(n4) ne sont plus négligeables.

On notera par ailleurs qu’il serait plus juste de parler d’absorption non-linéaire du

troisième ordre β et d’absorption non-linéaire du cinquième ordre γ et non pas, respecti-

vement, d’absorption à deux photons et à trois photons. En effet ces absorptions peuvent

être lié à différents phénomènes. Par exemple l’absorption de l’état excité, due à l’ab-

sorption de porteur de charge libre et aux électrons piégés, peut être traité comme un

phénomène quintiques [144]. Les absorptions à deux ou à trois photons sont des phéno-

mènes quantiques. Il est nécessaire de considérer les quanta d’énergies propres à chaque

photon absorbé par le nuage électronique. Nous traiterons le phénomène du point de vu

classique, cela est possible puisque le phénomène devient important à partir du moment où

la somme de la fréquence des deux ou trois photons correspond à une fréquence proche de

celle de la bande d’absorption. On nommera β l’absorption à deux photons et γ l’absorp-

tion à trois photons par abus de langage et on les traitera du point de vu de la physique

classique.

Ce chapitre sera consacré à l’étude des ces caractéristiques non-linéaires. Tout d’abord

nous utiliserons le modèle classique de l’oscillateur anharmonique afin de représenter la

déformation du nuage électronique sous l’influence d’une onde électromagnétique. De ce

modèle et en tenant compte du fait que la troisième harmonique est résonnante, nous

calculerons une expression analytique de la partie réelle et de la partie imaginaire de

l’hyperpolarisabilité du cinquième ordre. Nous calculerons ensuite les corrections dues au

champ local et nous établirons l’expression analytique de la susceptibilité non-linéaire

quintique. De cette expression nous pourront établir plusieurs prédictions théoriques que

nous nous appliquerons à vérifer. Puis nous mesurerons expérimentalement les absorptions

et les indices de réfraction non-linéaires à 532 nm et 1064 nm. Nous présenterons alors de

nouvelles méthodes de mesures. Enfin nous discuterons de ces valeurs expérimentales

avant de conclure ce chapitre.
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3.2 Susceptibilités et oscillateur anharmonique

La théorie macroscopique standard exprime les caractéristiques optiques non-linéaires

à l’aide des susceptibilités non-linéaires χ(p). Ces indices sont des quantités complexes.

L’indice de réfraction du troisième ordre (n2) est proportionnel à la partie réelle de χ(3),

tout comme le coefficient d’absorption à deux photons (β) est proportionnel à la partie

imaginaire de χ(3). L’indice de réfraction du cinquième ordre (n4) est, quand à lui, pro-

portionnel à la partie réelle de χ(5) mais aussi au carré de χ(3). Cependant le coefficient

d’absorption à trois photons (γ) est proportionnel à la partie imaginaire de χ(5). Pour une

description plus détaillée, le lecteur pourra se reporter au chapitre 1.

La susceptibilité optique est liée à la densité de polarisation ~P , une quantité ma-

croscopique. La densité de polarisation, ou polarisation, décrit la réponse du milieu à

l’excitation causée par un champ électrique mais aussi à l’impact qu’aura le milieu sur

le champ. Cette quantité est définie, pour un milieu diélectrique, comme la moyenne des

moments dipolaires par unité de volume :

~P =
~∑
i di

∆V
, (3.1)

où ~di = qi~xi est le moment dipolaire de la charge qi contenue dans le volume élémentaire

∆V . Elle est exprimée en C/m2. Le moment dipolaire est une quantité microscopique. Il

est possible d’exprimer la polarisation comme un produit de convolution entre les termes

de susceptibilités et le champ optique ~E [98] :

~P = ǫ0

[

χ(1) ∗ ~E + χ(2) ∗ ~E ~E + χ(3) ∗ ~E ~E ~E + · · ·
]

. (3.2)

Les produits de l’équation (3.2) sont des convolutions tandis que les susceptibilités sont des

tenseurs. Cette relation tensorielle suppose que la réponse est non-instantanée et locale.

Ici, nous ne tiendrons pas compte de la nature tensorielle et considérons que l’onde optique

incidente est monochromatique. Ainsi le champ optique ~E peut être considéré comme une

somme finie de composantes de Fourier. Chaque composante est multipliée par une seule

valeur de la susceptibilités χ(p) par conséquent la réponse est instantanée. Le temps de

réponse du disulfure de carbone est inférieur à la durée temporelle de l’impulsion : 1.6 ps
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[145] contre 12 ps à 532 nm ou 17 ps à 1064 nm. Dans le cas d’une réponse non-instantanée,

l’équation (3.2) sous-entend au second membre des intégrations sur les instants antérieurs

à l’instant t d’observation de la polarisation ~P (t). La polarisation a été très largement

étudiée par différents chercheurs comme Lorentz [146], Maxwell Garnett [147] ou

Brugemann [148].

Physiquement lorsqu’une molécule est soumise à un champ optique intense, son nuage

électronique est déformé de telle façon que le barycentre des charges négatives ne soit plus

confondu avec celui des charges positives. La polarisation est induite par le déplacement

du barycentre. Ainsi il est possible de représenter le déplacement du barycentre dans un

potentiel en utilisant le modèle de l’atome de Lorentz en physique classique ou celui de

l’atome à plusieurs niveaux en physique quantique. Il est alors possible de déterminer les

expressions des susceptibilités non-linéaires. Et par conséquent d’en déduire les expres-

sions des indices optiques non-linéaires. De telles formules analytiques existent pour le

second et le troisième ordre [98,149,150]. Plus récemment, des relations entre les suscep-

tibilités cubiques (quintiques) et les caractéristiques optiques cubiques (quintiques) ont

été calculées [11]. Les auteurs ont exprimé l’indice de réfraction n en fonction du champ

électrique E et de la susceptibilité χ. Ils ont ainsi pu identifier les expressions de n4 et γ

en fonction des susceptibilités non-linéaires.

Nous allons utiliser le modèle de l’oscillateur anharmonique classique. De ce modèle

nous déterminerons des relations pour les hyperpolarisabilités.

3.2.1 Modèle de l’oscillateur anharmonique

Le modèle de l’oscillateur anharmonique permet de décrire, du point de vue de la phy-

sique classique, différents effets non-linéaires [98]. Il décrit l’action d’une force rétablissant

la position d’équilibre sur la position d’une particule.

Considérons un milieu non-linéaire soumis à l’action d’une onde électromagnétique

monochromatique intense. Sous l’action du champ électrique ~E
(

~r,~t
)

de l’onde, le nuage

électronique se déforme. Le barycentre du nuage électronique change tandis que la position

du barycentre des protons du noyau est considérée immobile. Cela induit la formation de

dipôles électriques. Considérons le barycentre du nuage électronique comme une charge

ponctuelle classique de masse m et de charge e, soumise à :
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• la force de Coulomb du champ électrique,

• le potentiel dû à la molécule, à l’atome, au cristal.

On désignera par x, la position de la charge ponctuelle suivant un axe parallèle à la direc-

tion de polarisation de l’onde électromagnétique et donc perpendiculaire à la direction de

propagation. Du point de vue macroscopique, cette variation se traduit par une polarisa-

tion du milieu en fonction du champ électrique, reprenons l’équation (3.1). Puisque l’on

considère qu’il n’y a qu’un seul type de charge ponctuelle négative assimilable à un élec-

tron (de charge −e et de position x), ce qui impose que nous n’ayons qu’un seul type de

molécule. Le moment dipolaire de chaque charge ponctuelle microscopique est identique

et s’écrit alors :

~d = −e~x. (3.3)

Puisque la position x est suivant un seul axe, parallèle à la direction de polarisation, on

simplifiera ces grandeurs en ne considérant que leurs natures scalaires. En ne considérant

pas les corrections du champ moyen, on peut réécrire la densité de polarisation :

~P = N~p, (3.4)

N est la densité moléculaire 1 et ~p = −e~x est le moment dipolaire.

Définissons un potentiel atomique U en fonction de la position de la charge ponctuelle

x. U est un polynôme de x. La position x évolue dans ce potentiel de manière à retourner

vers l’état d’équilibre. Le milieu que l’on considère est le disulfure de carbone. C’est un

composé centrosymétrique (avec une symétrie centrale). Cela implique que le potentiel

atomique est pair, tous les coefficients devant les puissances impaires de x sont nuls. Le

terme proportionnelle à x2 décrit un potentiel conservatif associé à une force centripète.

Elle décrit l’orbite circulaire de la charge. Ainsi le coefficient proportionnel au terme en x2

est mω0/2 où ω0 est la fréquence propre de l’oscillateur. Enfin les coefficients relatifs aux

termes du quatrième et sixième ordre sont notés, relativement, comme mC/4 et mQ/6.

1. Dans le cas où l’on considère un milieu mono-atomique, un gaz par exemple, on a une densité
d’atomes. Le modèle reste identique, seul la terminologie change.
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L’expression du potentiel atomique est :

U (x) = mω2
0

x2

2
+mC

x4

4
+mQ

x6

6
. (3.5)

Soit la force F (x) de rappel exercée sur la charge ponctuelle en x. Cette force dérive

du potentiel ~F (x) = −~∇U (x). La force est alors définie comme étant :

F (x) = −mω2
0x−mCx3 −mQx5. (3.6)

Dans le cas idéal, le système est conservatif c’est-à-dire que l’énergie totale est conser-

vée. Or si on a une particule chargée qui subit une accélération alors elle rayonne. C’est-

à-dire qu’une partie de l’énergie est dissipée. On modélise cela par une force de freinage

−mΓdx/dt. Enfin on considère un terme de couplage entre la charge e et le champ élec-

trique E : −eE . Si on applique la deuxième loi de Newton, on obtient l’équation différen-

tielle gouvernant le mouvement de la charge ponctuelle :

d2x

dt2
+ Γ

dx

dt
+ ω2

0x+ Cx3 +Qx5 = − e

m
ε. (3.7)

On décrit l’onde électromagnétique comme une onde plane monochromatique, on l’a

définie dans le formalisme complexe :

E = E exp (−iωt) + E∗ exp (iωt) , (3.8)

où t est la variable temporelle, ω la pulsation, E est l’amplitude du champ électrique et

∗ désigne le complexe conjugué.

On notera que si C = Q = 0, alors l’équation (3.7) correspond au modèle de l’atome

de Lorentz. Celui-ci donne une bonne description des propriétés optiques linéaires des gaz

atomiques ou des solides non-métalliques.

Pour résoudre l’équation (3.7) et déterminer la position x de la charge ponctuelle, on

utilise une approche perturbative. On développe la position de l’électron :

x = x(1) + x(3) + x(5) + · · · , (3.9)
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où x(p) est la position de l’électron à l’ordre de perturbation p. On suppose alors que le

nuage électronique est peu déformé. Il est possible de résoudre l’équation de la position x

(3.7) ordre par ordre.

On calcule la position pour l’ordre 1. En ne conservant que les termes proportionnels

à x(1), l’équation (3.7) devient :

d2x(1)

dt2
+ Γ

dx(1)

dt
+ ω2

0x
(1) = − e

m
[E exp (−iωt) + E∗ exp (iωt)] . (3.10)

C’est une équation différentielle linéaire. Elle correspond à un oscillateur harmonique

amorti avec un terme source.

La solution de l’équation (3.10) est alors :

x(1) = X(1) (ω) exp (−iωt) + cc, (3.11)

cc représente le complexe conjugué et X(1) (ω) est l’amplitude. L’amplitude a pour ex-

pression :

X(1) (ω) =
−eE

mD (ω)
. (3.12)

Au dénominateur, D (ω) est une fonction complexe de la fréquence angulaire définie par :

D (ω) = ω2
0 − ω2 − iΓω. (3.13)

La fonction (3.13) exprime la résonance à la fréquence angulaire ω = ω0.

En exprimant la fonction (3.11), on obtient :

PL = −Ne
[

X(1) (ω) exp (−iωt) + cc
]

. (3.14)

Dans le cas de l’approximation linéaire, il est possible d’exprimer la densité de polari-

sation en fonction de la polarisabilité a :

PL = ε0Na (ω) exp (−iωt) + cc, (3.15)

où ε0 est la permittivité diélectrique dans le vide. a est le coefficient de polarisabilité, il
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mesure la tendance linéaire qu’a la molécule concernée à se déformer.

En comparant les expressions (3.14) et (3.15), on peut trouver une relation entre

l’amplitude X(1) (ω) et la polarisabilité a (ω) :

X(1) (ω) = Ga (ω)E. (3.16)

où G est un coefficient

G = −ε0
e
. (3.17)

La polarisabilité est alors définie par :

a (ω) =
A

D (ω)
, (3.18)

où A = e2/ε0m.

Procédons de même pour le troisième ordre. De la même façon que précédemment, on

remplace x par son développement perturbatif (3.9) dans l’équation (3.7). En ne conser-

vant que les termes cubiques, on obtient l’équation :

d2x(3)

dt2
+ Γ

dx(3)

dt
+ ω2

0x
(3) = −C

(

x(1)
)3

. (3.19)

Le développement de
(

x(1)
)3

ne contient que des termes proportionnels à exp (−iωt),

exp (−3iωt) et leurs complexes conjugués. Par conséquent x(3) est de la forme :

x(3) = X(3) (ω) exp (−iωt) +X(3) (3ω) exp (−3iωt) + cc. (3.20)

En injectant l’expression (3.20) dans l’équation (3.19), on obtient l’expression de l’ampli-

tude de la troisième harmonique :

D (3ω)X(3) (3ω) = −C
(

X(1) (ω)
)3

. (3.21)

En reportant l’expression de X(1) (ω) (3.16) dans l’équation (3.21), on peut résoudre celle-

ci, et on obtient :

X(3) (3ω) = −C (G (ω)E)3

D (3ω)
. (3.22)
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où D est donné pour la troisième harmonique 3ω.

On développe la polarisation non-linéaire du troisième ordre en fonction de l’hyperpo-

larisabilité du troisième ordre b :

P
(3)
NL = ε0N

[

b (3ω)E3 exp (−3iωt) + 3b (ω)E2E∗ exp (−iωt) + cc
]

, (3.23)

où l’on a posé b (3ω) = b (3ω;ω, ω, ω) et b (ω) = b (ω;ω, ω,−ω). On notera qu’il existe dif-

férentes combinaisons des coefficients ω qui correspondent à b (ω). b mesure la tendance

non-linéaire cubique qu’a la molécule concernée à se déformer. Cependant il est physique-

ment impossible de distinguer b (ω;ω, ω,−ω) de b (ω;ω,−ω, ω) ou de b (ω;−ω, ω, ω). Par

conséquent ces termes d’hyperpolarisabilités sont identiques et on considère alors 3b (ω).

Ce facteur combinatoire peut être déterminé grâce au triangle de Pascal (voir figure

3.2). Pour rappel, chaque coefficient d’une ligne est obtenu en additionnant les deux coef-

Figure 3.2 – Les 6 premières lignes du triangle de Pascal. On a illustré l’algo-
rithme pour calculer les coefficients. En vert, rouge ou bleu correspondent les coef-
ficients dans le triangle de Pascal et leur écriture mathématique. L’illustration a été
publié par Drini sur Wikimedia.org avec la licence Copyleft à l’adresse : http ://com-
mons.wikimedia.org/wiki/File :PascalSimetria.svg.

ficients de l’étage supérieur de la pyramide. Cet algorithme est illustré dans la figure 3.2.

La notation mathématique du facteur combinatoire est Cm
n , où m indique l’ordre de la

susceptibilité considéré et n est le nombre de faisceau incident à la fréquence ω ou −ω. Il

est important de noter que n ≤ m. Sur le triangle m correspond à la hauteur de la ligne

(haut vers bas) où la ligne du haut est m = 0, et n correspond à la place du coefficient

(gauche vers la droite) où le coefficient le plus à gauche est n = 0. Par conséquent le
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facteur combinatoire pour l’hyperpolarisabilité de l’ordre 3 où l’on a 2 faisceaux incidents

à la fréquence ω correspond au coefficient de la quatrième ligne (m = 3) et troisième

colonne (n = 2). c’est-à-dire 3.

En reprenant l’expression de l’ordre cubique de la position de l’électron x(3) ainsi que

celle de la polarisation P
(3)
NL = −Nex(3) et en l’identifiant avec l’équation (3.23), on définie

l’expression de l’amplitude du troisième ordre à la fréquence incidente :

X(3) (ω) = 3Gχ(3) (ω)E2E∗, (3.24)

et à la troisième harmonique :

X(3) (3ω) = Gχ(3) (3ω)E3. (3.25)

En utilisant les équations (3.16) et (3.25) dans l’équation (3.21), on trouve le terme

de la génération de troisième harmonique de l’hyperpolarisabilité du troisième ordre b :

b (3ω) = R (a (ω))3 a (3ω) , (3.26)

dans lequel :

R =
−CG2

A
=

−Cmε30
e4

. (3.27)

Pour trouver le terme correspondant à l’effet Kerr, on procède de la même manière.

L’équation est :

D (ω)X(3) (ω) = −3C
(

X(1) (ω)
)2

X(1)∗ (ω) . (3.28)

En utilisant (3.24) on obtient l’hyperpolarisabilité du troisième ordre :

b (ω) = R (a (ω))3 a∗ (ω) . (3.29)

La prochaine étape est la résolution de l’équation (3.7) pour le terme perturbatif

quintique.
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L’équation satisfaisant la correction quintique de la position de l’électron x(5) est :

d2x(5)

dt2
+ Γ

dx(5)

dt
+ ω2

0x
(5) = −Q

(

x(1)
)5 − 3C

(

x(1)
)2

x(3). (3.30)

D’après le second membre de l’équation (3.30), x(5) peut être exprimé sous la forme :

x(5) = X(5) (5ω) exp (−5iωt) +X(5) (3ω) exp (−3iωt) +X(5) (ω) exp (−iωt) + cc. (3.31)

La correction quintique doit donc tenir compte d’un terme de génération de la cinquième

harmonique (5ω), d’un terme de génération de la troisième harmonique (3ω) et un terme

d’effet Kerr (ω).

En utilisant la définition de D (3.13) sur le membre de gauche de l’équation (3.30),

en développant le membre de droite de cette même équation et en séparant les différentes

composantes de Fourier suivant la fréquence considérée, on peut écrire pour la cinquième

harmonique,

D (5ω)X(5) (5ω) = −Q
(

X(1) (ω)
)5 − C

(

X(1) (ω)
)2

X(3) (3ω) , (3.32)

puis le terme quintique de la génération de la troisième harmonique,

D (3ω)X(5) (3ω) = −5Q
(

X(1) (ω)
)4

X(1)∗ (ω)− 3C
[

(

X(1) (ω)
)2

X(3) (ω) +

2X(1) (ω)X(1)∗ (ω)X(3) (3ω)
]

, (3.33)

et enfin le terme relatif à l’effet Kerr

D (ω)X(5) (ω) = −10Q
(

X(1) (ω)
)3 (

X(1)∗ (ω)
)2 − 3C

[

(

X(1) (ω)
)2

X(3)∗ (ω) +

2X(1) (ω)X(1)∗ (ω)X(3) (ω) +
(

X(1)∗ (ω)
)2

X(3) (3ω)
]

, (3.34)

Comme pour la polarisation cubique, la polarisation non-linéaire du cinquième ordre
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peut être développée en utilisant l’hyperpolarisabilité quintique c :

P
(5)
NL = ε0N

(

c (5ω)E5 exp (−5iωt) + 5c (3ω)E4E∗ exp (−3iωt) + 10c (ω)E3E∗2 exp (−iωt) + cc
)

.

(3.35)

où l’on a posé c(5ω) = c (5ω;ω, ω, ω, ω, ω), c(3ω) = c (3ω;ω, ω, ω, ω,−ω) et c(5ω) =

c (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω). c mesure la tendance non-linéaire quintique qu’a la molécule concer-

née à se déformer. Il est impossible de discerner les combinaisons.

La relation entre la position de la charge ponctuelle x et l’hyperpolarisabilité quintique

est obtenue en utilisant les équations (3.31) et (3.35), on a

X(5)(5ω) = Gc(5ω)E5, (3.36)

X(5)(3ω) = 5Gc(3ω)E4E∗, (3.37)

X(5)(ω) = 10Gc(ω)E3E∗2, (3.38)

G à pour expression (3.17).

En utilisant ces formules, on arrive à déterminer les expressions des hyperpolarisabilités

du cinquième ordre

c(ω) = T (a(ω))4 (a∗(ω))2 +
3

10
R
[

3 (a(ω))3 a∗(ω)+

6 (a(ω))2 a∗(ω)b(ω) + a(ω) (a∗(ω))2 b(3ω)
]

, (3.39)

c(3ω) = T (a(ω))4 a∗(ω)a(3ω) +
3

5
R
[

3 (a(ω))2 b(ω)a(3ω)+

2a(ω)a∗(ω)b(3ω)a(3ω)] , (3.40)

c(5ω) = T (a(ω))5 a(5ω)− 3R (a(ω))2 b(3ω)a(5ω), (3.41)

R correspond à l’expression (3.27) tandis que

T =
−δG4

A
=

−Qmε50
e6

. (3.42)

On a substitué les facteurs de résonance 1/D (pω) par la polarisabilité a (pω) (3.18)
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dans les expressions de l’hyperpolarisabilité quintique c à la fréquence ω (3.39), 3ω (3.40)

et 5ω (3.41). Cependant, le coefficient exprimant la force non-linéaire du troisième ordre C

est présant dans les expressions des hyperpolarisabilités quintiques (3.39), (3.40) et (3.41)

puisque R = −Cǫ30m/e4. Cela pose problème car C est un paramètre ajustable relatif aux

non-linéarités du troisième ordre. Toutefois il est possible de le remplacer en utilisant les

expressions des hyperpolarisabilité cubiques à 3ω (3.26) et ω (3.29). On obtient

c(ω) = T (a(ω))4 (a∗(ω))2 +
3

10

[

3
b(ω)b∗(ω)

a∗(ω)
+ 6

(b(ω))2

a(ω)
+

b∗(ω)b(3ω)

a∗(ω)

]

. (3.43)

c(3ω) = T (a(ω))4 a∗(ω)a(3ω) +
3

5

[

3
b(3ω)b(ω)

a(ω)
+ 2

(b(3ω))2 a∗(ω)

(a(ω))2

]

, (3.44)

c(5ω) = T (a(ω))5 a(5ω) + 3
b(ω)b(3ω)a(5ω)

a(ω)a∗(ω)
, (3.45)

Maintenant que nous avons établi une théorie pour les susceptibilités linéaire, cubique

et quintique d’un composé centrosymétrique illuminé par une impulsion laser picoseconde,

intéressons nous au cas plus particulier de la résonance de la troisième harmonique.

3.2.2 Résonance de la troisième harmonique

Puisque dans cette partie ce sont les caractéristiques du disulfure de carbone qui

sont considérés, il est important d’adapter notre théorie à la situation expérimentale.

L’échantillon de disulfure de carbone est exposé à un rayonnement monochromatique en

régime picoseconde. La longueur d’onde de celui-ci est soit λ = 532 nm, soit λ = 1064 nm.

D’après la figure 3.1 issue de la référence [11], la troisième harmonique est résonnante

pour ces deux longueurs d’ondes. En effet, la fréquence fondamentale de l’onde que ce soit

à λ = 532 nm ou à λ = 1064 nm est loin de la résonance. Ce qui n’est pas le cas de la

troisième harmonique, 532/3 ≃ 177 nm ou 1064/3 ≃ 355 nm.

Cette situation est relativement fréquente lors de mesures expérimentales. De nom-

breuses expériences sont faites dans le domaine de transparence, c’est-à-dire, dans le cas où

la fréquence fondamentale de l’onde est très loin de la fréquence de résonance. Cependant,

pour de nombreux matériaux, le domaine de transparence n’est pas suffisamment grand

pour que la troisième harmonique soit incluse. Par conséquent, la troisième harmonique
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peut être résonnante.

Par suite nous considérerons que a (3ω) est résonant tandis que a (ω) ne l’est pas.

La conséquence directe est que l’absorption linéaire est alors négligeable, a (ω) est alors

purement réel. Par conséquent, l’expression de l’hyperpolarisabilité du troisième ordre

(3.29) devient :

b (ω) = R (a (ω))4 . (3.46)

b (ω) est alors aussi un réel pur. L’absorption non-linéaire du troisième ordre est nulle. On

parlera ici, par abus de langage, absorption à deux photons. On notera qu’il est depuis

longtemps reconnu que le disulfure de carbone ne présente pas d’absorption linéaire et

d’absorption à deux photons lorsqu’il est soumis à un rayonnement de longueur d’onde

de 532 nm [141,143,151]. Nos prédictions théoriques montrent qu’il doit en être de même

pour 1064 nm. Ces observations seront vérifiées par la suite.

Dans la suite nous noterons ar la partie réelle et ai la partie imaginaire de la polarisa-

bilité a. On utilisera la même notation pour désigner la partie réelle et la partie imaginaire

des différentes hyperpolarisabilités. L’hyperpolarisabilité cubique de la troisième harmo-

nique est

br,i (3ω) = R (a (ω))3 ar,i (3ω) . (3.47)

Or a (ω), et donc b (ω), sont des réels purs, il est possible de réécrire l’expression de

c (ω) (3.43) et d’en séparer la partie réelle de la partie imaginaire :

cr(ω) = T (a(ω))6 +
3

10

[

9
(b(ω))2

a(ω)
+

b(ω)br(3ω)

a(ω)

]

, (3.48)

ci(ω) =
3

10

b(ω)bi(3ω)

a(ω)
. (3.49)

On notera que si ci(ω) est non nulle, alors le phénomène d’absorption à trois photons

(absorption non-linéaire du cinquième ordre) est présent. Ainsi d’après notre théorie si la

fréquence fondamentale (ω) n’est pas résonnante tandis que la troisième harmonique (3ω)

l’est, alors l’absorption non-linéaire cubique est nulle tandis que l’absorption quintique ne

l’est pas.

Reprenons alors la formule de la partie réelle de l’hyperpolarisabilité quintique (3.48).
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En négligeant les termes qui ne sont pas résonnant, on obtient alors

cr(ω) ≃
3

10

b(ω)br(3ω)

a(ω)
. (3.50)

Bien que nos mesures expérimentales donnent br(ω) plutôt que br(3ω), il est intéressant

de voir qu’en utilisant (3.46) et (3.47) on peut écrire

br,i (3ω) =
b(ω)ar,i(3ω)

a(ω)
, (3.51)

et en conséquence

cr,i (ω) =
3

10

(b(ω))2 ar,i(3ω)

(a(ω))2
. (3.52)

D’après les relations entre les termes de susceptibilités non-linéaires et les indices de

réfraction non-linéaires du troisième n2 et du cinquième n4 ordre ainsi que le coefficient

d’absorption non-linéaire du cinquième ordre γ établit dans l’article de E.L. Falcão-

Filho et al. [11] :

n2 =
3

4

Nb(ω)

n2
0ε0c

, (3.53)

n4 =
1

(2n0ε0c)2

(

5Ncr(ω)

n0

− 9 (Nb(ω))2

8n3
0

)

, (3.54)

γ =
5ωNci(ω)

2n3
0ε

3
0c

3
, (3.55)

où n0 = n0 (ω) est l’indice linéaire, c’est-à-dire que n2
0 (ω) = 1+Na (ω). D’après les expres-

sions de n2 (3.53), de n4 (3.54) et γ (3.55), on peut réécrire la formule (3.52) en fonction

de l’indice de réfraction non-linéaire quintique n4 ainsi que le coefficient d’absorption à

trois photons γ :

n4 =
4n0n

2
2 (n

2
0(3ω)− 1)

3 (n2
0 − 1)

, (3.56)

et

γ =
80πn0n

2
2Nai(3ω)

9ε0λ (n2
0 − 1)

2 . (3.57)

Ainsi, il est possible de calculer théoriquement n4 et γ à partir du moment où l’on

connaît, respectivement, l’indice de réfraction linéaire à la troisième harmonique n0 (3ω) ou

la partie imaginaire de la polarisabilité à la troisième harmonique ai (3ω). De même si l’on
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détermine expérimentalement l’indice de réfraction non-linéaire quintique ou l’absorption

à trois photons, il est possible de calculer, respectivement, n0 (3ω) et ai (3ω).

Un autre résultat important est à noter. Puisque n4 est proportionnel à a (3ω) , alors il

est inversement proportionnel à D(3ω) = ω2
0−9ω2−3iγω. Si on ignore la partie imaginaire,

D(3ω) change de signe suivant que ω0 est supérieur ou inférieur à 3ω. Par conséquent,

c’est le signe de n4 qui change suivant que l’on est d’un côté ou de l’autre de la résonance.

Enfin, la formule de l’indice de réfraction quintique (3.56) présente une résonance pour

la troisième harmonique. Plus on se rapproche de cette résonance, plus la valeur de n4

sera importante. Dans le même temps, cette résonance est absente de la formule pour

l’indice de réfraction non-linéaire n2 (3.53).

Nous reviendrons sur ces deux derniers points plus loin dans ce chapitre.

Jusqu’ici nous avons supposé que le champ électrique optique agissant sur l’ensemble

des molécules est un champ électrique macroscopique tel qu’il est décrit dans les équations

de Maxwell. Cependant, ici nous sommes en présence d’un milieu suffisamment concentré

pour que sa constante diélectrique (ou permittivité relative) soit différente de l’unité, il

faut tenir compte des corrections dues au champ électrique local.

3.2.3 Correction du champ local

Lorsque nous avons établit notre théorie, nous avons fait l’hypothèse que le champ

électrique optique agissait sur chaque molécule du disulfure de carbone suivant les équation

de Maxwell (1.14), (1.15), (1.16) et (1.17). Ainsi les formules pour les susceptibilités non-

linéaires qui en découle ne tiennent compte que des effets de ce champ macroscopique

moyen. Or, le champ réel subit par chaque molécule, indépendamment des autres, tient

compte du champ local de Lorentz.

Il est connu que la permittivité relative du disulfure de carbone εR est différentes de

1. Dès lors les effets du champ local sont suffisamment important pour qu’ils deviennent

nécessaire de les prendre en compte.

Dans cette partie nous établirons les formules pour les corrections des susceptibilités

linéaires, cubiques et quintiques. Tout d’abord nous définirons ce qu’est le champ local

de Lorentz, on exposera ensuite l’approximation qui permet d’établir l’équation de ce

champ. Ensuite nous résoudrons cette dernière et nous déterminerons les expressions pour
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la polarisabilité et les hyperpolarisabilités du troisième et cinquième ordre. Puis nous

établirons les relations entres la polarisabilité, les hyperpolarisabilités et la polarisation

pour différentes fréquence : fondamentale, troisième harmonique et cinquième harmonique.

Pour conclure, on se concentrera sur le cas de la troisième harmonique résonnante.

Champ local de Lorentz

Considérons un champ électrique macroscopique ~E interagissant avec un milieu mono-

moléculaire d’une densité moléculaire égale à N . ~D est le champ d’induction électrique, il

est parfois appelé champ de déplacement électrique. Il exprime la tendance qu’a le nuage

électronique à se déformer lorsqu’il est soumis à un champ électrique. On définit ce champ

d’induction électrique comme

~D = ε0 ~E + ~P . (3.58)

La densité de polarisation ~P représente la densité des moments dipolaires électriques

permanents (pré-existant à l’interaction avec le champ électrique macroscopique) et induit

dans le milieu.

∇ · ~D = ρ, (3.59)

où ρ est la densité de charge électrique libre de notre milieu.

Il est alors possible de calculer le champ en faisant la moyenne du champ électrique

microscopique sur tout l’espace. On supprime ainsi les variations brusques du champ

électrique lorsque l’on est proche des électrons ou des noyaux atomiques. Le champ élec-

trique macroscopique est alors défini suivant les contributions externes (terme source de

l’équation (3.59)) mais aussi suivant les contributions de chaque molécule du milieu.

Cependant, chaque molécule de ce milieu interagit avec un champ électrique local

~Eloc. Celui-ci correspond au champ électrique localement ressenti par une molécule et qui

résulte de l’action de toutes les sources externes et de toutes les molécules du milieu à

l’exception de celle considérée. On utilise la méthode de Lorentz pour calculer le champ

local ressenti par une molécule [152]. Cette méthode consiste à considérer une petite sphère

centrée sur cette molécule (voir figure 3.3). La sphère a un rayon de grande taille de façon

à ce qu’elle contienne une grande quantités de molécules. Soit E1 le champ électrique

ressenti au centre de la sphère produit par les molécules qui sont incluses dans la sphère,
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Figure 3.3 – Illustration de la méthode développée par Lorentz pour calculer le champ
local [152]. La figure provient du livre de Boyd : "Nonlinear Optics" [98].

à l’exception de la molécule au centre. Ce champ E1 tend à s’annuler si la sphère est assez

grande. On peut justifier qu’il vaut exactement 0 sous certaines hypothèses (le milieu

est un gaz). Le champ local est Eloc = E1 + E2, où E1 est le champ dû aux molécules

à l’intérieur de la sphère, E2 est le champ dû aux molécules à l’extérieur de celle-ci. Or

E1 = 0 par conséquent Eloc = E2. Pour le calcul de E2, la sphère étant suffisamment grande

on peut traiter le milieu comme un milieu continu. Considérons le potentiel électrique du

champ local φloc et le potentiel électrique du champ macroscopique φ. À l’extérieur de la

sphère la polarisation est constante tandis qu’à l’intérieur de celle-ci la polarisation est

nulle. Ainsi le potentiel électrique total aux limites doit être nul, on a alors

φloc + φ = 0 (3.60)

Il est possible de calculer le potentiel établi sur les conditions aux limites par Born et

Wolf [153]

φ = −
∫

(

~P · ∇′ 1

~R
+

1

cR2
~R · ∂

~P

∂t

)

dV ′, (3.61)

où le vecteur position est R =
√

(x− x′)2 + (y − y′)2 + (z − z′)2 avec (x, y, z) la position

du centre de la sphère et (x′, y′, z′) la position du point sur lequel on intègre. On note V ′

le volume de la sphère. ∇′ est le gradient par rapport à (x′, y′, z′) :

∇ =
∂

∂x
~ex +

∂

∂y
~ey +

∂

∂z
~ez, (3.62)
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où ~ex, ~ey et ~ez sont les vecteurs orthonormés décrivant le repère cartésiens.

Puisque la polarisation est constante, non-nulle à la surface et nulle dans la sphère, on

réécrit l’équation (5.14) pour le potentiel local

φ = −φloc = −~P ·
∫

∇′ 1

~R
dV ′. (3.63)

On a ∇′R = −∇R. On écrit alors

φ = −φloc = ~P ·
∫

∇ 1

~R
dV ′ = −~P · ∇φ0, (3.64)

où φ0 = −
∫

(dV ′/R), cela correspond au potentiel d’une sphère uniformément chargée

avec une densité de charge de −1. Par conséquent, il satisfait l’équation de Poisson

∇2φ0 =
1

ǫ0
. (3.65)

En considérant les composantes du potentiel, la symétrie du système et en appliquant

(3.62) sur (3.64), on obtient

−∇φ =
1

3ǫ0
~P . (3.66)

Finalement, si on ajoute le champ macroscopique à l’équation (3.66), on a l’expression du

champ local

~Eloc = ~E +
~P

3ε0
. (3.67)

Revenons maintenant à la densité de polarisation et plus particulièrement aux mo-

ments dipolaires électriques. Ceux-ci résultent de l’action de champ électrique sur les

molécules. Cette interaction entraîne la déformation des molécules. Cette déformation,

induit une différentiation entre le barycentre des charges positives (protons) et celui des

charges négatives (électrons). C’est le moment dipolaire induit. Définissons alors le mo-

ment dipolaire induit en fonction du champ local ~Eloc, de la polarisabilité a et des hyper-

polarisabilités cubique b et quintique c

~p = ε0

(

a ~Eloc + b ~E3
loc + c ~E5

loc

)

, (3.68)
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Les coefficients de polarisabilité et d’hyperpolarisabilités cubique et quintique représentes

la tendance qu’a la molécule concerné à se déformer.

On suppose que notre milieu, c’est-à-dire le disulfure de carbone liquide, est un milieu

ne contenant qu’un seul type de moléculaire densément uniforme. On suppose aussi que

les molécules considérés sont suffisamment petites par rapport au système entier. Enfin,

on suppose que le système est maintenu à une température constante. Alors, la relation

entre la polarisation et les moments dipolaires induits est

~P = N~p. (3.69)

Dans la prochaine section, nous présenterons une résolution de l’équation (3.69) afin

d’avoir une expression analytique de la polarisation en fonction de la polarisabilité et des

hyperpolarisabilités.

Polarisation, polarisabilité et hyperpolarisabilités

La résolution de l’équation (3.69), en tenant compte de la relation (3.3)

~P = Nε0

(

a ~Eloc + b ~E3
loc + c ~E5

loc

)

(3.70)

ne présente pas de difficultés. Cependant on traitera chacun des coefficients séparément.

Ainsi on résoudra d’abord le cas linéaire (a 6= 0 et b, c = 0), puis le cas cubique (a, b 6= 0

et c = 0) et enfin le cas quintique (a, b, c 6= 0).

Cas linéaire : Considérons la définition du champ local ~Eloc (Eq. (3.67)) :

~Eloc = ~E +
~P

3ε0
. (3.71)

Supposons que la polarisation ne contienne que le terme proportionnel à ~Eloc.

~P = Nε0a ~Eloc. (3.72)
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L’équation (3.72) est réécrite grâce à l’équation (3.67) :

~P = Nε0a

(

~E +
~P

3ε0

)

. (3.73)

On résout alors la polarisation en fonction de la polarisabilité :

~P =
−3aε0N

aN − 3
~E. (3.74)

Cas cubique : Intéressons nous maintenant au cas cubique. C’est-à-dire que l’on consi-

dère le "premier" ordre non-linéaire 2. Cela revient à dire que la molécule est dans une

situation "faiblement" non-linéaire. L’expression (3.70) est alors :

~P = Nε0

(

a ~Eloc + b ~E3
loc

)

+O
(

~E5
loc

)

. (3.75)

Il est possible de la réécrire grâce à l’équation (3.67) :

~P = Nε0



a

(

~E +
~P

3ε0

)

+ b

(

~E +
~P

3ε0

)3


+O
(

~E5
)

. (3.76)

Si la polarisation est fonction du cube du champ local, il est aussi possible de l’exprimer

en fonction du champ électrique macroscopique.

~P = C1
~E + C2

~E3 +O
(

~E5
)

. (3.77)

Ici, C1 et C2 sont les coefficients, respectivement, linéaire et cubique. Ils sont fonctions de

la polarisabilité et de l’hyperpolarisabilité. En comparant les expressions (3.77) et (3.74),

il est évident que

C1 =
−3aε0N

aN − 3
(3.78)

2. En réalité, le premier ordre non-linéaire devrait être l’ordre quadratique. Cependant dans un système
centrosymétrique les ordres non-linéaire paires sont nulles.
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En exprimant explicitement la polarisation en fonction du champ macroscopique dans

l’équation (3.76) et on comparant avec la formule (3.75) il est possible d’écrire :

Nε0



a

(

~E +
C1

~E + C2
~E3

3ε0

)

+ b

(

~E +
C1

~E + C2
~E3

3ε0

)3


 = C1
~E + C2

~E3. (3.79)

L’expression (3.79) ne permet pas d’exprimer simplement le coefficient C2. On procède à

un développement limité de la formule (3.79) à l’ordre 3 et au voisinage de 0, on obtient

alors
9ε20C2 (Na− 3) +Nb (C1 + 3ε0)

3

27ε20
E3 + · · · = 0. (3.80)

L’expression (3.80) doit s’annuler terme à terme. Par conséquent les termes proportionnels

à E3 doivent être nuls. Alors le coefficient C2 est égal à :

C2 =
81bε0N

(aN − 3)4
. (3.81)

On distingue alors un schéma dans les formules des coefficients relatifs à la polarisabilité

et l’hyperpolarisabilité. Ceux-ci sont proportionnelle à 1/ (aN − 3). C’est-à-dire, inverse-

ment proportionnel au produit de la polarisabilité a et de la densité numérique N . La

polarisation peut donc s’écrire :

~P =
−3aε0N

aN − 3
~E +

81bε0N

(aN − 3)4
~E3. (3.82)

Cas quintique : Lorsque l’on est confronté à un champ électrique suffisamment intense,

il est important de tenir compte de l’hyperpolarisabilité d’ordre 5. La méthode est peu

ou prou la même que dans le cas cubique. Les coefficients a, b et c de l’expression (3.70)

sont supposés non nuls :

~P = Nε0

(

a ~Eloc + b ~E3
loc + c ~E5

loc

)

+O
(

~E7
loc

)

. (3.83)

Un terme proportionnel à ~E5 est ajouté à la formule (3.82) :

~P = C1
~E + C2

~E3 + C3
~E5 +O

(

~E7
)

. (3.84)
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En important la formule du champ local (3.67) et la formule de la polarisation quintique

(3.84) dans l’équation (3.83). On obtient alors l’expression suivante :

Nε0



a

(

~E +
C1

~E + C2
~E3 + C3

~E5

3ε0

)

+ b

(

~E +
C1

~E + C2
~E3 + C3

~E5

3ε0

)3

+c

(

~E +
C1

~E + C2
~E3 + C3

~E5

3ε0

)5


+O
(

~E7
loc

)

= C1
~E + C2

~E3 + C3
~E5 +O

(

~E7
)

.(3.85)

On procède à un développement limité de la formule (3.85) à l’ordre 5 et au voisinage de

0. On peut en déduire une formule pour C3 :

C3 =
37N2ε0b

2

(aN − 3)7
+

36Nε0c

(aN − 3)6
(3.86)

Le schéma semble se confirmer car le coefficient est inversement proportionnel à (1− aN/3).

L’expression pour la polarisation en fonction de la polarisabilité et des hyperpolarisabilité

d’ordre 3 et 5 est :

~P =
aε0N

1− aN
3

~E +
bε0N

(

1− aN
3

)4
~E3 +

[

Nε0c
(

1− aN
3

)6 +
N2ε0b

2

(

1− aN
3

)7

]

~E5. (3.87)

On remarque que dans la formule (3.86) que le coefficient C3 contient deux termes. Le

premier est fonction de l’hyperpolarisabilité quintique c, ce qui n’est pas étonnant puisque

C3 est le coefficient du terme quintique du champ électrique macroscopique, on peut le voir

dans l’expression (3.84). Le second terme est en fait deux termes d’hyperpolarisabilités

cubique b en cascade. Les non-linéarités cubiques ont une influence sur les non-linéarités

quintiques.

En utilisant l’expression (3.87) nous pouvons exprimer les effets du champ local sur la

polarisation. Ces polarisations sont les corrections dues au champ local dont il faut tenir

compte. Cependant, il reste encore à déterminer l’expression de la polarisation à diffé-

rentes fréquences et notamment celles correspondant aux cas étudiés dans le paragraphe

précédent.
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3.2.4 Calcul de la polarisation en fonction de la fréquence

D’après l’expression (3.87), il est possible de calculer la polarisation d’après la fré-

quence du champ incident, de la polarisabilité et des termes d’hyperpolarisabilités non-

linéaire du troisième et cinquième ordre.

Dans cette partie nous allons déterminer l’expression de la polarisation en considérant

une onde incidente avec une fréquence arbitraire ω0. 3. La formule pour la polarisation

macroscopique (3.87) est valable avec un champ électrique E et une polarisation P dé-

pendante du temps et suppose la polarisabilité a et les hyperpolarisabilités b et c indé-

pendantes de la fréquence ω. Si a, b et c dépendent de ω, les polarisations définies dans

(3.83) et (3.84) sont des polarisations de convolutions. Par conséquent, la formule (3.87)

se généralise.

P (ω0) = P (1) (ω0) + P (3) (ω0) + P (5) (ω0) . (3.88)

Tout d’abord nous calculerons le terme linéaire de la polarisation, puis celui cubique

et enfin le terme quintique pour une fréquence arbitraire. Pour chaque terme, nous cal-

culerons les cas spécifiques d’une fréquence incidente relative à l’effet Kerr (ω), puis à

la troisième harmonique 3ω et enfin à la cinquième harmonique 5ω. On exprimera alors

les susceptibilités. On pourra alors calculer celles-ci en tenant compte des corrections du

champ local.

Calcul de la composante linéaire de la polarisation

On peut alors calculer la polarisation linéaire pour différentes fréquences particulières.

Considérons, tout d’abord une fréquence arbitraire ω. D’après les équations (3.87) et

(3.88), on peut écrire pour la polarisation linéaire

P (1) (ω) =
Nε0a (ω)

A (ω)
E (ω) , (3.89)

avec A (ω0) = (1−Na (ω0) /3).

Revenons à la formule (3.2). Si on ne considère que le cas linéaire en tenant compte

des termes de la série de Fourier, comme pour l’équation (3.15), on a alors la relation pour

3. Ne pas confondre avec ω0 la fréquence de résonance définie plus haut.
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une fréquence arbitraire

P (1) = ε0χ
(1) (ω)E (ω) exp (−iωt) + cc, (3.90)

où cc est le complexe conjugué.

Il est possible de calculer la susceptibilité linéaire avec les relations (3.89) et (3.90).

La susceptibilité est alors, pour la fréquence ω

χ(1) (ω) =
Na (ω)

A (ω)
, (3.91)

On notera que cette expression permet d’obtenir celle de la polarisabilité

a (ω) =
χ(1) (ω)

N
(

1+χ(1)(ω)
3

) . (3.92)

On retrouve ici les résultats de Boyd (voir [98]). On notera que l’on a défini une relation

identique à (3.91), à la troisième harmonique (3ω) et à la cinquième harmonique (5ω). Il

suffit juste de remplacer la fréquence

Procédons de même pour la composante cubique de la polarisation.

Calcul de la composante cubique de la polarisation

Le terme cubique de la formules (3.87)

P (3) =
ε0Nb

(

1− Na
3

)E3. (3.93)

On peut alors définir E en explicitant le champ électrique E. Soit du point de vue du

temps t

bE3 =

∫ ∫ ∫

b (t1, t2, t3)E (t1)E (t2)E (t3) dt1dt2dt3, (3.94)

soit du point de vu de la fréquence spatiale ω

E =
∑

ωj

E (ωj) exp (−iωjt) . (3.95)
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En utilisant l’expression (3.95) dans celle du terme cubique de la polarisation (3.93), on

obtient

P (3) (ω0) =
∑

{

(ω1, ω2, ω3)

(ω0 = ω1 + ω2 + ω3)

Nε0b (ω0;ω1, ω2, ω3)
∏3

j=0A (ωj)

3
∏

j=1

E (ωj) exp (−iωjt) , (3.96)

où ω1, ω2 et ω3 sont des fréquences arbitraires et A (ω) = (1−Na (ω) /3).

La fréquence ω est celle du laser monochromatique à laquelle est exposée le milieu.

Ainsi le champ électrique macroscopique peut prendre deux valeurs E (ω) et E∗ (ω). On

notera que E∗ (ω) = E (−ω).

La polarisation est, à la fréquence ω

P (3) (ω) =
3Nε0b (ω;ω, ω,−ω)

(A (ω))2 A (−ω)
(E (ω))2 E∗ (ω) , (3.97)

et à la fréquence 3ω

P (3) (3ω) =
Nε0b (3ω;ω, ω, ω)

(A (ω))3
(E (ω))3 . (3.98)

Il n’existe pas de terme cubique de la polarisation pour la cinquième harmonique. Pour

cela il faudra un laser délivrant une autre fréquence, par exemple 3ω.

On calcule la correction dû aux champ local pour les hyperpolarisabilités du troisième

ordre à la fréquence ω et à la troisième harmonique 3ω. On a pour la fréquence ω

χ(3) (ω) =
Nb (ω;ω, ω,−ω)

(A (ω))2 A (−ω)
(3.99)

et pour la troisième harmonique

χ(3) (3ω) =
Nb (3ω;ω, ω, ω)

(A (ω))3
. (3.100)

Il est nécessaire de prendre en compte la fonction A (ω) (A (ω)) relative à la polarisa-

bilité linéaire a (ω) (a (−ω)). Ainsi on aura les valeurs des susceptibilités non-linéaires du

troisième ordre qui tiennent compte des effets du champ local.

Intéressons nous maintenant à la polarisation non-linéaire du cinquième ordre.
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Calcul de la composante quintique de la polarisation

Les termes quintiques de la polarisation sont définis dans l’expression (3.87)

P (5) =

[

Nε0c
(

1− aN
3

)6 +
N2ε0b

2

(

1− aN
3

)7

]

E5. (3.101)

D’après la définition de E (3.95), il est possible de réécrire l’expression (3.101)

P (5) = P (5) (ω) exp (−iωt) + P (5) (3ω) exp (−3iωt) + P (5) (5ω) exp (−5iωt) + cc. (3.102)

La polarisation suivant la fréquence fondamentale est définie

P (5) (ω) = P
(5)
Q (ω) + P

(5)
C (ω) , (3.103)

où l’on a posé

P
(5)
Q (ω) =

∑

{

(ω1, ω2, ω3, ω4, ω5)
(

ω =
∑5

j=1ωj

)

Nε0c (ω;ω1, ω2, ω3, ω4, ω5)

A (ω)
∏5

j=1A (ωj)

5
∏

j=1

E (ωj) , (3.104)

et

P
(5)
C (ω) =

∑

{

(ω1, ω2, ω3)
(

ω =
∑3

j=1ωj

)

N2ε0b (ω;ω1, ω2, ω3)

A (ω)
∏2

j=1A (ωj)

2
∏

j=1

E (ωj)

∑

{

(ω4, ω5, ω6)
(

ω3 =
∑6

j=4ωj

)

b (ω3;ω4, ω5, ω6)
∏6

j=3A (ωj)

6
∏

j=4

E (ωj) . (3.105)

ω1, ω2, ω3, ω4, ω5 et ω6 sont de fréquences arbitraires, obéissant aux conditions définies

dans les sommes. En remplaçant ω par la troisième harmonique 3ω ou à la cinquième

harmonique 5ω, on peut obtenir les expressions pour la polarisation à ces fréquences.

On remarque que la composante quintique est composée de deux parties :

• P
(5)
Q (ω) est proportionnelle à l’hyperpolarisabilité du cinquième ordre c.

• P
(5)
C (ω) est proportionnelle à un produit de deux termes d’hyperpolarisabilités du
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troisième ordre b. On parle de termes d’hyperpolarisabilités en cascade.

En calculant directement le paragraphe P (5)
Q (ω0) grâce à la formule (3.104). L’autre partie,

P
(5)
C (ω0), possède deux sommes. De plus ces deux sommes sont liées. En effet l’une d’entre

elle s’effectue sur ω4, ω5 et ω6 et permet de définir ω3

ω3 = ω4 + ω5 + ω6. (3.106)

La fréquence ω3 est aussi présente dans l’autre somme

ω0 = ω1 + ω2 + ω3. (3.107)

Il est possible de réécrire la somme (3.107) grâce à la somme (3.106). On remplace alors

ω3 par son expression explicite, on a

ω0 = ω1 + ω2 + ω4 + ω5 + ω6. (3.108)

Si la fréquence ω3 est aussi remplacé par son expression dans les termes d’hyperpolarisa-

bilités d’ordre 3 de la formule (3.105). On la réécrit

P
(5)
C (ω) =

∑

{

(ω1, ω2, ω4, ω5, ω6)

(ω = ω1 + ω2 + ω4 + ω5 + ω6)

N2ε0b (ω;ω1, ω2, ω4 + ω5 + ω6)

A (ω)
∏2

j=1A (ωj)

2
∏

j=1

E (ωj)

b (ω4 + ω5 + ω6;ω4, ω5, ω6)

A (ω4 + ω5 + ω6)
∏6

j=4A (ωj)

6
∏

j=4

E (ωj) . (3.109)

ω3 n’apparaît plus dans la formule (3.109). Afin d’avoir une expression plus simple, on

décide de remplacer les indices 4, 5 et 6, respectivement, par 3, 4 et 5. La formule (3.109)

s’écrit alors

P
(5)
C (ω) =

∑

{

(ω1, ω2, ω3, ω4, ω5)
(

ω =
∑5

j=1 ωj

)

N2ε0b (ω0;ω1, ω2, ω3 + ω4 + ω5) b (ω3 + ω4 + ω5, ω3, ω4, ω5)

A (ω3 + ω4 + ω5)A (ω)
∏5

j=1A (ωj)

5
∏

j=1

E (ωj) . (3.110)
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Le terme quintique de la polarisation peut être calculer pour différentes fréquences en

ajoutant le résultat du terme lié à l’hyperpolarisabilité quintique (3.104) et celui lié à la

cascade des hyperpolarisabilités cubiques (3.110). Ce second terme nécessite de prendre

en compte différentes possibilités pouvant faire intervenir la génération de la troisième

harmonique.

Ainsi le terme quintique de la polarisation pour une fréquence ω, c’est-à-dire le terme

lié à l’effet Kerr, on a

P (5) (ω) =

[

10Nε0c (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

(A (ω))4 (A (−ω))2

+
3N2ε0b (ω;ω, ω,−ω) b (−ω, ω,−ω,−ω)

(A (ω))4 (A (−ω))3

+
6N2ε0b (ω;ω,−ω, ω) b (ω, ω, ω,−ω)

(A (ω))5 (A (−ω))2

+
N2ε0b (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

A (3ω) (A (ω))4 (A (−ω))2

]

(E (ω))3 (E (−ω))2 , (3.111)

où A (ω) = 1 − Na (ω) /3. On remarque qu’il y a trois choix d’hyperpolarisabilités en

cascades pour P
(5)
C (ω).

Le premier choix est ω3+ω4+ω5 = −ω et ω1+ω2−ω = ω. On aura donc 2 fréquences

égales à −ω parmi 3 fréquences (ω3, ω4 et ω5), d’après le triangle de Pascal le coefficient

est égal à 3. Cependant, il n’y a qu’une seule combinaison valable telle que ω1+ω2−ω = ω,

c’est-à-dire ω1 = ω2 = ω. Donc au total, on a 3 combinaisons possible pour ce cas.

La seconde est avec ω3 + ω4 + ω5 = ω et ω1 + ω2 + ω = ω. Il existe 3 combinaisons de

fréquences possibles pour ω3, ω4 et ω5. Et il y a 2 combinaisons de fréquences possibles

pour ω1 et ω2. Soit un total de 6 combinaisons possibles.

Enfin la dernière est avec ω3 + ω4 + ω5 = 3ω et ω1 + ω2 + 3ω = ω. Cette dernière

possibilité fait intervenir la troisième harmonique 3ω. Il n’existe qu’une seule combinaison

de fréquences possible que ce soit pour ω3, ω4 et ω5 ou ω1, ω2.

Si on ajoute le nombre de combinaisons possibles pour les trois choix possibles on arrive

à un total de 10. C’est exactement le nombre de combinaisons possibles que pour le terme

relatif à l’hyperpolarisabilité quintique P
(5)
Q (ω). Puisque dans ce cas on a 3 fréquences

égales à ω parmi 5 choix ω1, ω2, ω3, ω4 et ω5. D’après le triangle de Pascal, le coefficient
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est égal à 10.

Enfin on remarquera que sur l’apport des termes d’hyperpolarisabilités d’ordre 3 au

terme quintique de la polarisation pour une fréquence ω, 10% proviennent d’un effet

cascade lié à la fréquence 3ω, 30% proviennent d’un effet cascade lié à la fréquence −ω

et 60% proviennent d’un effet cascade lié à la fréquence ω.

Maintenant on calcule le terme quintique de la polarisation pour la troisième harmo-

nique

P (5) (3ω) =

[

5Nε0c (3ω;ω, ω, ω, ω,−ω)

(A (ω))5 A (−ω)

+
3N2ε0b (3ω;ω, ω, ω) b (ω, ω, ω,−ω)

(A (ω))5 A (−ω)A (3ω)

+
2N2ε0b (3ω;ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

(A (3ω))2 (A (ω))4 A (−ω)

]

(E (ω))4 E (−ω) . (3.112)

Ici il n’y a que 5 choix possibles pour que les hyperpolarisabilités en cascade conduisent

à la troisième harmonique.

Le premier choix est ω3+ω4+ω5 = ω et ω1+ω2+ω = 3ω. On aura donc 2 fréquences

égales à ω parmi 3 fréquences (ω3, ω4 et ω5) soit 3 combinaisons possibles. Il n’y a qu’une

seule combinaison valable telle que ω1+ω2+ω = 3ω. Donc au total il y a 3 combinaisons.

La seconde est avec ω3+ω4+ω5 = 3ω et ω1+ω2+3ω = 3ω. Il existe une combinaison

de fréquences possibles pour ω3, ω4 et ω5 et 2 combinaisons de fréquences possibles pour

ω1 et ω2. Soit un total de 2 combinaisons possibles.

Il y aura donc 20% du terme quintique de la polarisation à la troisième harmonique

qui sera dû aux termes d’hyperpolarisabilités en cascade à la fréquence 3ω et 30%.

Enfin, il reste à calculer le terme quintique de la polarisation pour la cinquième har-

monique

P (5) (5ω) =

[

Nε0c (5ω;ω, ω, ω, ω, ω)

(A (ω))6

+
N2ε0b (5ω;ω, ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

(A (ω))5 A (3ω)A (5ω)

]

(E (ω))5 . (3.113)
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Calculons maintenant les susceptibilités quintiques en comparant les équations (3.111),

(3.112), (3.113) et (3.35). On a alors pour la fréquence ω

χ(5) (ω) =
Nc (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

(A (ω))4 (A (−ω))2

+
3N2b (ω;ω, ω,−ω) b (−ω, ω,−ω,−ω)

10 (A (ω))4 (A (−ω))3

+
6N2b (ω;ω,−ω, ω) b (ω, ω, ω,−ω)

10 (A (ω))5 (A (−ω))2

+
N2b (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

10A (3ω) (A (ω))4 (A (−ω))2
, (3.114)

pour la fréquence 3ω

χ(5) (3ω) =
Nc (3ω;ω, ω, ω, ω,−ω)

(A (ω))5 A (−ω)

+
3N2b (3ω;ω, ω, ω) b (ω, ω, ω,−ω)

5 (A (ω))5 A (−ω)A (3ω)

+
2N2b (3ω;ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

5 (A (3ω))2 (A (ω))4 A (−ω)
(3.115)

et enfin pour la fréquence 5ω

χ(5) (5ω) =
Nc (5ω;ω, ω, ω, ω, ω)

(A (ω))6

+
N2b (5ω;ω, ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

(A (ω))5 A (3ω)A (5ω)
. (3.116)

Les formules (3.114), (3.115) et (3.116) pour les susceptibilités quintiques tiennent

compte des corrections du champ local. Ainsi on peut déterminer n’importe laquelle des

susceptibilités linéaires et non-linéaires dès l’instant que l’on connaît le polarisabilité a et

les termes d’hyperpolarisabilités cubique b et quintique c.

Dans le paragraphe suivante, nous reviendrons aux résultats établis dans le paragraphe

3.2.2 et nous tiendrons en compte les corrections du champ local que nous venons d’établir.

3.2.5 Cas particulier de la troisième harmonique résonnante

Dans le paragraphe 3.2.2, nous avions établi les hypothèses liés à nos conditions expé-

rimentales. Ainsi on utilisé un laser monochromatique de régime picoseconde. La longueur
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d’onde du faisceau est soit λ = 532 nm soit λ = 1064 nm. Dans ces conditions la troisième

harmonique est résonnante (voir figure (3.1)) tandis que la fondamentale ne l’est pas.

Par conséquent ai (ω) est nulle et le milieu ne présente pas d’absorption linéaire à cette

fréquence.

Intéressons nous à la correction du terme quintique à la fréquence fondamentale

(3.114). On néglige les termes en dehors de la résonance et on ne conserve que les termes

résonnants, on obtient

χ(5) (ω) =
Nc (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

(A (ω))4 (A (−ω))2

+
N2b (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

10A (3ω) (A (ω))4 (A (−ω))2
. (3.117)

Comme nous l’avons indiqué précédemment, l’absorption linéaire est nulle à la fré-

quence ω. Par conséquent χ(1) (ω) est réel. On se permettra de rappeler que la relation

entre la polarisabilité et la susceptibilité linéaire, avec correction du champ local, est

χ(1) (ω) =
Na (ω)

1 + Na(ω)
3

. (3.118)

La polarisabilité à la fréquence fondamentale est donc aussi réelle. On peut donc établir

que a (ω) = a (−ω). Le coefficient A (ω) = 1−Na (ω) /3 ne dépendant que de la polarisa-

bilité, est donc lui aussi réel. En réécrivant dans l’expression (3.117) que A (ω) = A (−ω),

on a

χ(5) (ω) =
Nc (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

(A (ω))6

+
N2b (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

10A (3ω) (A (ω))6
. (3.119)

Nous cherchons à savoir si la correction de la susceptibilité non-linéaire du cinquième

ordre par le champ local par le terme d’hyperpolarisabilité quintique est plus importante

que celle des termes d’hyperpolarisabilités cubiques en cascades. Comparons le rapport
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entre ces deux termes. On note R le rapport

R =

Nc (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

(A (ω))6

N2b (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)

10A (3ω) (A (ω))6

=
10A (3ω) c (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

Nb (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)
. (3.120)

En utilisant l’expression de l’hyperpolarisabilité cubique (3.51) et l’expression de l’hy-

perpolarisabilité quintique (3.52) que nous avions établi dans le paragraphe 3.2.2, on peut

écrire
c (ω;ω, ω, ω,−ω,−ω)

b (ω;−ω,−ω, 3ω) b (3ω, ω, ω, ω)
=

3

10a (ω)
. (3.121)

En utilisant l’expression (3.121) dans l’expression (3.120), on obtient

R =
3A (3ω)

Na (ω)
. (3.122)

En remplaçant A (3ω) par son expression, on a

R =
3−Na (3ω)

Na (ω)
. (3.123)

Intéressons nous en premier au numérateur. Puisque a (ω) est non résonnant, on peut

utiliser la relation standard entre l’indice de réfraction n et la polarisabilité

n2
0 = 1 +Na (ω) . (3.124)

On notera que la relation (3.124) néglige la correction du champ local et n’est valable que

pour la fréquence fondamentale. Par ailleurs les mesures de l’indice de réfraction se font

toujours en dehors de la résonance. En réécrivant la relation (3.124), on obtient

Na (ω) =
n2
0 − 1

2

3
+

n2
0

3

. (3.125)

On peut tracer la courbe d’évolution de Na (ω) en fonction de n0 (voir 3.4).

Supposons que le milieu soit très dilué, c’est-à-dire que N est très faible. De plus

l’indice de réfraction sera n0 ≃ 1. D’après la relation (3.125) et la figure 3.4, Na (ω) ≪ 1.
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Figure 3.4 – Courbe d’évolution de Na (ω) en fonction n0 suivant la relation (3.125).

En important ce résultat dans la relation (3.123), on établit que R ≫ 1. On notera que

ce résultat est valable tant que Na (3ω) 6= 3. Ceci est assez peu probable.

Si on suppose maintenant que le milieu est dense, c’est-à-dire que N est grand. Un

liquide suffisamment dense avec une bande de transmission comprise dans le visible a un

indice de réfraction 1.3 ≤ n0 ≤ 2.5. D’après la relation (3.125) et la figure 3.4, 0.6 ≤

Na (ω) ≤ 1.9. Par conséquent Na (ω) est de l’ordre de 1. Cependant a (3ω) est résonant,

et donc a (3ω) ≫ a (ω). On peut donc établir que Na (3ω) ≫ 1. En utilisant ces résultats

dans la formule (3.123), on peut écrire

|R| =
∣

∣

∣

∣

Na (3ω)

∼ 1

∣

∣

∣

∣

≫ 1. (3.126)

On remarque que peu importe que le milieu soit dilué ou dense, le rapport entre

le terme d’hyperpolarisabilité quintique et les termes d’hyperpolarisabilités cubiques en

cascades est toujours très grand devant 1. Par conséquent, la correction apportée par les

termes d’hyperpolarisabilités cubiques en cascades sur la susceptibilité non-linéaire du

cinquième ordre est toujours inférieure à celle du terme d’hyperpolarisabilité quintique. Il

n’est pas nécessaire de prendre en comptes les termes d’hyperpolarisabilités cubiques.

Nous allons maintenant mettre à l’épreuve nos prédictions théoriques en procédant à

la mesure de l’absorption à trois photons et l’indice de réfraction quintique du disulfure
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de carbone. Nous présenterons tout d’abord les nouvelles méthodes de mesures que nous

allons utiliser.

3.3 Absorption à trois photons

Dans cette partie nous mesurerons l’absorption à trois photons du disulfure de carbone

à λ = 532 nm et λ = 1064 nm. Nous présenterons tout d’abord la méthode de mesure

expérimentale utilisée ainsi que l’analyse numérique. Puis nous discuterons les résultats

obtenues tout d’abord à λ = 532 nm puis à λ = 1064 nm.

3.3.1 Méthode expérimentales

La source laser utilisée est un laser Nd :YAG délivrant une impulsion linéairement

polarisée en régime picoseconde à λ = 532 nm (12 ps) et λ = 1064 nm (17 ps) avec un taux

de répétition inférieur à 1Hz. Ainsi on évite les effets thermiques qui influenceraient les

mesures.

Les données expérimentales ont été obtenues par la méthode d’Open-aperture Z-

scan [23]. Nous avons présenté cette méthode en détail dans le chapitre 2.2. Pour rappel,

cette méthode consiste à faire se déplacer un échantillon suivant l’axe de propagation

z. En amont de l’échantillon se trouve une lentille convergente, ainsi l’échantillon se dé-

place autour du plan focal de la lentille. L’ensemble du signal optique est récupéré sur

un capteur, dans notre cas une caméra à dispositif de transfert de charge. On utilisera

l’abréviation anglaise, plus courante, c’est-à-dire caméra CCD. Aucun filtre spatial n’est

placé devant la caméra, contrairement au Closed-aperture Z-scan permettant de mesurer

l’indice de réfraction non-linéaire. On commence le balayage loin du plan focal, ainsi les

effets non-linéaires de l’échantillon sont négligeables. Plus on se rapproche du plan fo-

cal, plus l’intensité du faisceau à l’entrée des matériaux est importante. Ainsi les effets

non-linéaires de l’échantillon sont intenses et modifient le front d’onde du faisceau. Enfin

l’échantillon s’éloigne du plan focal et les effets non-linéaires sont de nouveau négligeables.

Pour mesurer l’absorption non-linéaire on intègre le flux lumineux sur l’ensemble du

capteur. On peut alors faire correspondre une courbe théorique à la courbe expérimentale.

La courbe théorique est obtenue grâce à une fonction tenant compte de l’absorption
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linéaire et/ou de l’absorption non-linéaire cubique.

Cette méthode présente l’avantage d’être très sensible, il est même possible de détecter

de faible réponse non-linéaire. La sensibilité du système original développé par M. Sheik-

Bahae et al. est de λ/300 [23].

Cependant nous utilisons une version modifiée puisque le montage comporte un sys-

tème imageur 4f (voir chapitre 2.3 et figure 3.5) au bout duquel se trouve une caméra

CCD refroidie (−30˚C). L’ajout de ce système améliore la sensibilité ainsi que le rapport

signal-sur-bruit. Il est possible de mesurer les non-linéarités induisant une distorsion de

phase de λ/1000 [111]. Soit une résolution 3 fois supérieures à celle du Z-scan classique.

Un autre avantage du système imageur 4f est que la propagation du faisceau peut

être décrite analytiquement en utilisant l’optique de Fourier [108, 111]. On peut alors

calculer numériquement la propagation d’un faisceau depuis le plan objet de la lentille L1

jusqu’au plan image du système. La procédure numérique est rapide du fait de l’utilisation

des transformées de Fourier rapide. Les distances focales des lentilles L1 et L2 est de 20 cm.

Figure 3.5 – Schéma de montage Z-scan utilisé pour faire les mesures des non-linéarités
du troisième et du cinquième ordre de la cuve remplie de CS2. Il est composé de : BS1

et BS2, deux séparatrices ; M1 et M2, deux miroirs ; L1 jusqu’à L3, trois lentilles avec
des distances focales de l1 à l3 ; et une caméra CCD pour caractériser le signal en sortie.
L’application de filtre numérique permet de passer d’une méthode de mesure à l’autre :
open-aperture Z-scan (OA), closed-aperture Z-scan (CA) ou D4σ-Z-scan (D4σ).

On notera que dans la figure 3.5, le second bras est utilisé comme bras de référence. Ainsi

on peut suivre les fluctuations du laser et les corriger lors du traitements de données.

Ce système consiste en l’ajout d’une seconde lentille convergente en aval de la zone de

balayage. Cependant, la seconde lentille est placée telle que le plan focal de cette dernière

85



CHAPITRE 3. CARACTÉRISTIQUES DU DISULFURE DE CARBONE

coïncide avec la plan focal de la première lentille. Ainsi il est possible de caractériser un

objet placé au plan objet de la première lentille si la caméra CCD est placée dans le plan

image de la seconde lentille.

La caméra CCD est refroidie à −30˚C et la taille de la matrice est de 1000 × 1018

pixels de taille 12× 12µm2. Les informations obtenues par cette dernière sont des images

du faisceau en sortie dans le plan image. On a l’intensité lumineuse qui est définie pour

chacun des pixels. De plus l’information est codée sur 12 bits, chaque pixel peut donc

prendre une valeur de niveau de gris entre 0 et 4095.

Pour chaque mesure, deux balayages Z-scans sont nécessaires. Le premier est fait

en régime linéaire pour caractériser l’état de surface d’un échantillon avec une qualité

optique médiocre. Le second est fait en régime non-linéaire, il permet de mesurer les

caractéristiques non-linéaires. On utilisera les données acquises durant le premier balayage

pour corriger les effets de diffraction, diffusion et/ou les imperfections du milieu des effets

non-linéaires. Pour faire varier l’intensité à l’entrée de la cuve I0 on utilise une lame

demi-onde et un prisme de Glan.

Une image du bruit électronique de la caméra CCD est prise. Il suffit d’enregistrer

une image sans qu’elle soit exposée à un quelconque rayonnement laser. On retranchera

les valeurs de niveau de gris de ce bruit à chacune des images prises par la suite.

On notera que l’on contrôle l’énergie incidente des impulsions lasers à l’aide d’un

joulemètre. Le joulemètre est calibrée et donne une valeur de l’énergie avec une précision

de 10%. C’est cette valeur qui nous donne l’intensité à l’entrée du montage en tenant

compte de l’objet optique, de la focale de la lentille L1 et de la longueur d’onde considérée.

Une fois les données expérimentales obtenues, il reste à les traiter numériquement.

3.3.2 Traitement numérique des données expérimentales : open

aperture Z-scan

Savoir retirer la substance de résultats expérimentaux est une étape importante. Pour

cela on fait appelle à l’outil informatique. Il est alors possible d’utiliser divers langage

de programmation pour accomplir cette tache. Nous avons fait le choix d’utiliser le lan-

gage de programmation MATLAB. Ce dernier est un langage de quatrième génération

86



3.3. ABSORPTION À TROIS PHOTONS

c’est-à-dire avec une syntaxe simple. De plus il dispose de son propre environnement de

développement. Il permet de manipuler facilement des matrices. Or nous allons traité des

images prises par une caméra, c’est-à-dire une matrice de valeurs correspondant au niveau

de gris relevé par la caméra.

La première étape consiste à acquérir les données de la caméra sur l’ordinateur. Tout

d’abord, nous considérons les données obtenues lors du balayage en régime non-linéaire. Le

programme peut ensuite convertir les valeurs de niveau de gris en unité de l’intensité W/m2

dans le plan focal de la première lentille. Nous procédons à des mesures absolues pour

lesquelles il n’est pas nécessaire de procéder à un calibrage de l’intensité en utilisant un

matériau aux non-linéarités connues (par exemple le disulfure de carbone ou le quartz) [37].

On corrige ensuite les variations d’énergies du laser entre chaque tir grâce aux données

du second bras (voir figure 3.5). On détermine le centre de gravité de chacune des images.

Puis on moyenne la valeur de l’intensité sur une zone d’une dizaine de pixels de rayons

afin de réduire les variations trop importantes. Cette étape est faites pour chacune des

images. On a un nuage de point décrivant l’évolution de l’intensité I en sortie de cuve en

fonction de la position de la cuve z. Nous avons choisi de définir la position de la cuve de

la façon suivante :

• z = 0, la cuve se trouve au plan focal.

• z < 0, la cuve se trouve entre le plan focal et la lentille L1, par usage on dira que la

cuve se situe dans la position pré-focale.

• z > 0, la cuve se trouve entre le plan focal et la lentille L2, par usage on dira que la

cuve se situe dans la position post-focale.

Lorsque que l’on divise chaque point du nuage par la valeur de l’énergie à l’entrée de la

cuve déduite de la référence (lentille L3) on a alors la transmission T en fonction de la

position de la cuve z. On améliore le nuage de point en utilisant les données du balayage

en régime linéaire. On leur fait subir le même processus que celui décrit pour les données

en régime non-linéaire. On retranche point par point les données de la transmission li-

néaire à ceux de la transmission non-linéaire. Ainsi les nouveaux points ne tiennent pas

compte des effets linéaires liés à l’inhomogénéité du milieu. Enfin on normalise les points

par rapport aux valeurs de la transmission non-linéaire lorsque la cuve est loin du plan
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focal (indifféremment avant ou après le plan focal). La transmission sera donc égale à

1 lorsque z ≫ 0 où z ≪ 0. Les points décrivent une courbe qui contient l’information

que nous recherchons : la valeur de l’absorption non-linéaire. Nous devons donc ajuster

les points expérimentaux grâce à une courbe théorique décrivant la transmission en fonc-

tion de la position de la cuve avec pour paramètres d’ajustements l’absorption linéaire α,

l’absorption à deux photons β et l’absorption à trois photons γ.

Puisque nous utilisons un système imageur 4f, il est très simple de calculer numérique-

ment la propagation d’un objet défini au plan objet de la lentille L1. En effet, l’ensemble

des étapes peuvent être traiter en utilisant l’optique de Fourier [108]. Pour un objet donné,

les étapes sont les suivantes

• du plan objet à la face d’entrée de la lentille L1, on applique sur l’objet une fonction

de transfert de propagation dans l’espace libre à distance finie. Celle-ci est la distance

séparant le plan objet à la face d’entrée de la lentille L1.

• de la face d’entrée à la face de sortie de la lentille L1, considérée mince, on applique

une transformation de la phase sur le champ diffracté due à l’épaisseur de la lentille

définissant la focale de celle ci

• de la face de sortie de la lentille L1 à la face d’entrée de la cuve, on applique sur le

champ une fonction de transfert de propagation dans l’espace libre à distance finie.

Celle-ci est la distance séparant la face de sortie de la lentille L1 à l’entrée de la cuve

situé en z.

• de la face de sortie de la cuve à la face d’entrée de la lentille L2, on applique sur le

champ une fonction de transfert de propagation dans l’espace libre à distance finie.

Celle-ci est la distance séparant la face de sortie de la cuve à la face d’entrée de la

lentille L2.

• de la face d’entrée à la face de sortie de la lentille L2, considérée mince, on applique

une transformation de phase.

• de la face de sortie de la lentille L2 au capteur de la caméra CCD, on applique sur le

champ une fonction de transfert de propagation dans l’espace libre à distance finie.
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Celle-ci est la distance séparant la face de sortie de la lentille L2 au capteur de la

caméra CCD.

Toutes ces étapes sont décrites plus en détails dans le paragraphe 2.3. La seule étape que

nous n’avons pas prise en compte est la propagation au sein de la cuve remplie de disulfure

de carbone. Cette étape, cruciale, ne peut être traiter en utilisant l’optique de Fourier. Il

est nécessaire de revenir à l’équation de propagation d’une onde suivant un axe optique

au travers d’un milieu non-linéaire considérant les non-linéarités cubiques et quintiques.

Bien que cela a été vu en détail dans le paragraphe 2.5.1, nous redonnerons le minimum

nécessaire à la compréhension. Le lecteur souhaitant connaître en détail la théorie peut

se reporter au paragraphe 2.5.1.

L’équation de propagation d’une onde électromagnétique dans un milieu non-linéaire

est obtenue à partir des équations de Maxwell. On considère un milieu présentant de l’ab-

sorption linéaire, de l’absorption à deux photons et de l’absorption à trois photons. Il est

nécessaire de faire plusieurs approximations pour simplifier cette équation. Tout d’abord

nous considérerons que notre impulsion lumineuse a une enveloppe lentement variable.

C’est-à-dire que si l’enveloppe de l’impulsion varie très lentement, suivant la direction de

propagation z, par rapport à la longueur d’onde de ce faisceau alors on peut négliger la dé-

rivée seconde suivant la direction de propagation z, on néglige ∂2/∂z2 devant k∂/∂z (k est

le nombre d’onde). Physiquement, cela indique que la variation d’intensité d’une impulsion

à l’autre est négligeable. La seconde approximation est l’approximation des échantillons

minces. Celle-ci permet de négliger la diffraction paraxiale lors de la propagation d’une

impulsion, si l’épaisseur du milieu est bien inférieure à la distance de Rayleigh. L’intensité

incidente reste constante dans cette zone définie par zR. Il est alors possible de négliger les

dérivées d’ordre 2 suivant les dimensions orthogonales à la direction propagation, c’est-à-

dire que ∂2/∂x2 = ∂2/∂y2 = 0. En définissant le champ électromagnétique E = ξ exp (iϕ),

où ξ est l’amplitude du champ et ϕ est la phase, on obtient l’équation décrivant la dy-

namique de l’intensité I suivant la distance de propagation z en fonction de l’absorption

linéaire α, l’absorption à deux photons β et l’absorption à trois photons γ.

dI

dz
= −αI − βI2 − γI3. (3.127)
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Figure 3.6 – Schéma explicatif de l’impulsion laser. L’amplitude est donnée en unité
de l’amplitude moyenne. La distance de propagation est donnée en unité de largeur de
l’enveloppe, c’est-à-dire le produit de la largeur temporelle et de la vitesse de la lumière.
L’enveloppe de notre impulsion a une durée temporelle de τ = 12 ps, soit une largeur de
cτ = 3.6mm (c est la célérité de la lumière). Elle est représentée par la ligne pointillée
horizontale avec des flèches aux extrémités. En comparaison, la longueur d’onde de la
modulation est de λ = 532 nm, l’impulsion contient environ 6760 modulations. La distance
d’une longueur d’onde est représentée par la ligne avec deux flèches aux extrémités dans
l’encadrée en haut à droite. Il est évident que ce schéma n’est pas à l’échelle

Nous avons largement décrit la résolution de cette équation dans le paragraphe 2.5.1

(voir equation (2.30)). Suivant qu’un ou plusieurs des coefficients α, β et γ soient nuls, la

solution de l’équation sera différente. Malgré tout, on notera que l’ensemble des solutions

permettent d’exprimer la distance de propagation en fonction de l’intensité : z (I). Il

est par ailleurs impossible de les inverser analytiquement. On utilise alors une méthode

d’inversion numérique : la méthode de Newton.

Les détails ont été vus en détail dans le paragraphe 2.5. On rappellera juste que cette

méthode est basée sur le développement limité de la fonction z (I) au premier ordre. Ainsi

pour une fonction z (I), le développement limité de la fonction pour l’intensité à la sortie

d’un milieu d’épaisseur L

z (IL,n+1) = z (IL,n) + z′ (IL,n) (IL,n − IL,n+1) . (3.128)

n indique que l’on est à l’itération n-ième et L est l’épaisseur du milieu non-linéaire. On
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notera que lim(n+1)→∞ z (IL,n+1) = L ce qui conduit à la relation

IL,n+1 = IL,n −
(z (IL,n)− L)

z′ (IL,n)
. (3.129)

C’est la relation (3.129) qui est utilisé dans le processus itératif. Le critère d’arrêt est

|IL,n+1 − IL,n| /IL,n < 0.001. On répète la méthode de Newton pour chaque point de la

courbe.

3.3.3 Cas spécifique du disulfure de carbone

La résolution de l’équation (2.30) conduit à différentes solutions suivant que α et/ou

β et/ou γ sont nuls. On doit donc considérer les spécificités du disulfure de carbone.

Tout d’abord, dus aux caractéristiques techniques du laser, les mesures sont faites à

deux longueurs d’ondes λ = 532 nm ou λ = 1064 nm. Le CS2 ne présente pas d’absorption

linéaire à ces longueurs d’ondes. Ainsi α est égal à zéro. De plus à λ = 532 nm, le disulfure

de carbone ne présente pas d’absorption à deux photons. Dans ce cas β sera nul.

De plus, l’absorption à trois photons a été observée à λ = 800 nm pour une intensité

importante, I0 = 146GW/cm2 [141]. D’après la figure 3.1, le CS2 à λ = 1064 nm ne

devrait pas exhiber d’absorption linéaire. Et la troisième harmonique de λ = 1064 nm est

proche de la résonance, ce qui indique que γ ne peut être supposé nul. Cette hypothèse

est aussi valable pour λ = 532 nm.

Cependant, il a été mesuré par le passé des faibles valeurs de l’absorption à deux

photons pour une longueur d’onde (ou proche de) λ = 1064 nm [133, 137]. Certes d’après

le spectre d’absorption (voir figure 3.1) il est possible que l’on observe seulement de

l’absorption à trois photons. Mais il est prudent d’envisager les deux possibilités. Il est

donc nécessaire de vérifier si l’absorption que l’on mesure est une absorption à deux ou à

trois photons.

On utilisera alors deux solutions distinctes de l’équation (2.30) pour l’ajustement de

courbe. La première est

L =
I0 − IL
βILI0

, (3.130)
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tandis que la seconde est

L =
I20 − I2L
2γI2LI

2
0

. (3.131)

On notera que dans le cas des mesures à λ = 532 nm il n’est pas nécessaire d’utiliser

la fonction (3.130). Ceci-dit, on fera apparaître l’ajustement de courbe avec cette fonction

afin d’illustrer notre méthode.

3.3.4 Mesures à 532 nm

On mesure l’absorption d’un échantillon à λ = 532 nm en régime picoseconde (12 ps)

par la méthode d’open aperture Z-scan. L’échantillon est une cellule d’épaisseur L = 1mm

remplie avec du disulfure de carbone liquide. Le taux de répétition du laser est de < 1Hz

afin d’éviter tout effet thermique.

On utilise un objet circulaire à l’entrée du montage, c’est-à-dire au plan image de la

lentille L1 de focale f1 = 20 cm (voir figure 3.5). Le rayon de l’objet circulaire est de

w = 1.7mm . Celui-ci est déterminé en utilisant la méthode D4σ (voir le chapitre 2.4) sur

les images obtenues lorsque l’échantillon est loin du plan focal [108,111]. Si le diaphragme

à la focale de la lentille L1 à un diamètre d à la distance focale de f1, alors le rayon d’Airy

du faisceau à la focale pour un faisceau top-hat est 1.2 λF où F = f/d [24]. Le rayon du

faisceau top-hat à la focale est w0 = 0.7λF , donc le rayon du faisceau est 19µm. Lorsque

l’échantillon est dans le plan focal, là où le faisceau est le plus petit (w0 = 19µm),

l’intensité pic à l’entrée du milieu non-linéaire est I0 = 25GW/cm2. C’est le point où

l’intensité est la plus élevée.

Le balayage de l’échantillon se fait sur 60mm autour du plan focal de la lentille L1 avec

une image acquise tous les millimètres. Il est à noter que l’on ajuste la zone de balayage

vis-à-vis de la position du plan focal afin que celle-ci corresponde à Z = 0, où Z est la

position de l’échantillon.

La mesure expérimentale obtenue correspond aux cercles vides de la figure 3.7. Les

cercles vides correspondent à la transmission normalisée. Lorsque l’échantillon est dans le

plan focal, la transmission normalisée atteint sa valeur la plus faible, environ 0.58. C’est

en ce point que l’intensité à l’entrée de la cuve est la plus forte.

La courbe rouge correspond à l’ajustement en ne considérant que l’absorption à trois
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Figure 3.7 – Mesure par Open-aperture Z-scan de la transmission normalisée (cercle vide)
d’une cellule d’épaisseur de 1 mm remplie avec du CS2 à λ = 532 nm avec une intensité à
l’entrée de la cuve de I0 = 25GW/cm2. La ligne rouge est l’ajustement de courbe suivant
la fonction ne considérant que l’absorption à trois photons (3.131), γ = (9.3± 1.9) ×
10−26 m3/W2. La ligne en pointillée bleue est l’ajustement de courbe suivant la fonction
ne considérant que l’absorption à deux photons (3.130), β = (8.5± 0.9)× 10−12 m/W.

photons (voir équation (3.131)). Dans cette configuration le coefficient γ prend la valeur

γ = (9.3± 1.9) × 10−26 m3/W2. L’ajustement en ne considérant que l’absorption à deux

photons (voir équation (3.130)) correspond à la courbe en pointillé bleu. L’absorption

à deux photons a alors la valeur β = (8.5± 0.9) × 10−12 m/W. C’est sans surprise que

l’ajustement de courbe suivant l’absorption à trois photons est le meilleur puisque comme

nous l’avions expliqué il est connu que à λ = 532 nm le CS2 ne présente pas d’absorption

à deux photons. Si on considère la courbe en pointillée bleue, l’accord entre les points

expérimentaux et l’ajustement est assez mauvais lorsque la transmission normalisée di-

minue avant ou après le plan focal. Une courbe de transmission en ne considérant que

l’absorption à deux photons telle que présentée dans l’équation (3.130) à une variation

plus large. C’est-à-dire que la transmission commence à diminuer plus loin du plan focal

que dans le cas de l’absorption à trois photons. Cela s’explique par le fait que l’on peut

observer l’absorption à deux photons à des intensités plus faibles que l’absorption à trois

photons.

Par conséquent on mesure une absorption à trois photons pour le disulfure de carbone
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à λ = 532 nm de γ = (9.3± 1.9)× 10−26 m3/W2. C’est une valeur très élevée. D’après la

figure 3.1, il y a une bande de résonance centrée, approximativement à 200nm, soit proche

de λ/3. Or la proximité avec cette bande fait que l’on a une susceptibilité du cinquième

ordre plus importante et par conséquent une absorption à trois photons importante :
∣

∣χ(5)
∣

∣ ≈ γ.

On notera que l’incertitude sur la mesure est déterminée en calculant la différentielle

exacte de l’expression (3.131). Or les paramètres d’erreur sont les incertitudes sur l’épais-

seur de la cuve, sur l’intensité à l’entrée du milieu. L’épaisseur de la cuve est connue

exactement tandis que l’intensité à la sortie du matériau est déterminée grâce à notre

méthode d’après l’intensité à l’entrée. C’est la mesure de l’intensité à l’entrée du montage

qui est notre seule source d’erreur. Cette opération est faite avec un joulemètre. Celui-ci

a une précision de 10%. Ce qui conduit à une mesure de γ avec une précision, dans notre

cas, d’environ 20%.

D’autres équipes ont mesuré l’absorption à trois photons du disulfure de carbone. Dans

la références [141], les auteurs mesurent une valeur de γ = 1.37× 10−27 m3/W2 pour une

longueur d’onde de λ = 800 nm en régime picoseconde (120 ps). Notre valeur est en accord

avec cette dernière compte tenu de l’écart en longueur d’onde.

Nous allons maintenant mesurer l’absorption à λ = 1064 nm.

3.3.5 Mesures à 1064 nm

Nous cherchons à mesurer l’absorption à trois photons du disulfure de carbone a dans

l’infrarouge (λ = 1064 nm) en régime picoseconde (17 ps). Nous utilisons toujours une cuve

d’une épaisseur L = 1 cm remplie de CS2. Le taux de répétition est toujours inférieur à

1Hz.

Le rayon de l’objet circulaire placé dans le plan objet de la lentille L1 est de w =

1.9mm. Le rayon du faisceau dans le plan focal de la lentille sera donc, d’après la définition

(2.25), de w0 = 39µm. L’intensité pic à l’entrée de la cuve lorsque celle-ci est dans le plan

focal est de I0 = 65GW/cm2, soit une impulsion environ 40% plus intense qu’à 532 nm.

Enfin et comme dans le cas de la mesure précédente, le balayage est effectué sur une

zone de 60mm autour du plan focal. On acquiert une image tous les millimètres.

La courbe représentant la transmission normalisée correspond aux cercles vides sur
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la figure 3.8. Lorsque l’échantillon est au plan focal, là où l’intensité est la plus forte, la

Figure 3.8 – Mesure par open-aperture Z-scan de la transmission normalisée (cercle vide)
d’une cellule d’épaisseur de 1 mm remplie avec du CS2 à λ = 1064 nm avec une intensité à
l’entrée de la cuve de I0 = 65GW/cm2. La ligne rouge est l’ajustement de courbe suivant
la fonction ne considérant que l’absorption à trois photons (3.131), γ = (4.6± 0.9) ×
10−27 m3/W2. La ligne en pointillée bleue est l’ajustement de courbe suivant la fonction
ne considérant que l’absorption à deux photons (3.130), β = (1.7± 0.2)× 10−12 m/W.

transmission normalisée atteint sa valeur minimale, environ 0.7. Cette valeur est inférieur

à celle obtenue au même point à 532 nm bien que l’intensité soit plus élevée (environ

40%). Cela indique que l’absorption à trois photons est plus faible à λ = 1064 nm qu’à

λ = 532 nm.

La courbe rouge de la figure 3.8 représente l’ajustement de la courbe expérimentale

avec la fonction (3.131), c’est-à-dire, en ne considérant que l’absorption à trois photons.

Cette courbe est obtenue avec comme valeur pour l’absorption de γ = (4.6± 0.9) ×

10−27 m3/W2. La courbe en pointillée bleue correspond à l’ajustement de la courbe ex-

périmentale suivant la fonction (3.130). Dans ce cas on mesure une absorption à deux

photons égale à β = (1.7± 0.2)× 10−12 m/W.

Comme la mesure à 532 nm, c’est la courbe rouge qui est le meilleur ajustement.

La courbe en pointillé bleu reste proche des points expérimentaux, mais comme dans

le cas précedent elle décrit une courbe présentant un creux plus large que les points

expérimentaux. C’est ce détail qui permet de correctement différencier l’absorption à
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deux photons de celui à trois photons. Ainsi le CS2 ne présente pas d’absorption à deux

photons mais principalement de l’absorption à trois photons à λ = 1064 nm.

L’absorption à trois photons du CS2 à λ = 1064 nm est de γ = (4.6± 0.9)×10−27 m3/W2.

L’absorption à trois photons à λ = 1064 nm est environ vingt fois inférieures à l’ab-

sorption à trois photons à λ = 532 nm : γ = (4.6± 0.9) × 10−27 m3/W2 contre γ =

(9.3± 1.9)× 10−26 m3/W2. On se trouve donc beaucoup plus loin de la résonance à 3ω.

On notera que l’incertitude sur la mesure est de 20%. Ce qui est normal puisque la

seule source d’erreur est la mesure de l’intensité à l’entrée et que celle-ci est de 10%.

Nous avons aussi cherché à mesurer les indices de réfraction non-linéaire du troisième

et du cinquième ordre du CS2.

3.4 Indices de réfraction non-linéaire cubique et quin-

tique

Pour les mesures des indices de réfraction non-linéaire du troisième et cinquième

ordre, le montage expérimental est l’exact identique de celui présenté précédemment.

Nous n’avons donc pas jugé nécessaire de le présenter à nouveau. On se contentera de

rappeler qu’il est composé de deux bras : l’un incorporant un système imageur 4f et une

platine de translation où est disposé l’échantillon ; l’autre permet de controler les fluctua-

tions du laser. Les données sont acquises grâce à une caméra CCD refroidie à −30˚C. Le

schéma du montage est représenté sur la figure 3.5. Si le lecteur souhaite avoir davantage

d’informations sur le procédé expérimental il peut se référer aux chapites 2.2 et 3.3.1.

Dans cette section, nous traiterons de la caractérisation des indices de réfraction non-

linéaire cubique (n2) et quintique (n4) du disulfure de carbone aux longueurs d’ondes

λ = 532 nm λ = 1064 nm en régime picoseconde (respectivement 12 et 17 ps). Nous in-

troduirons la méthode de traitements numériques des données expérimentales à savoir la

méthode D4σ. Puis nous verrons la méthode employée pour l’ajustement des courbes ex-

périmentales obtenues. Après, nous présenterons les valeurs pour ces indices de réfraction

à λ = 532 nm λ = 1064 nm. Nous discuterons alors de ces résultats.
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3.4.1 Traitement numérique des données expérimentales : mé-

thode D4σ

Dans le paragraphe 3.3 nous avons présenté la méthode d’open aperture Z-scan. Pour

mémoire cette méthode consiste à mesurer la transmission d’une impulsion laser dans un

milieu non-linéaire, c’est-à-dire le rapport entre l’énergie à l’entrée et à la sortie du milieu.

Habituellement on utilise une méthode similaire : la closed aperture Z-scan. La principale

différence est que l’on place avant le capteur (la caméra CCD, ici), un diaphragme de

transmittance linéaire en puissance S [23]. Ainsi, seul le signal passant par le trou du

diaphragme atteint le capteur. On observe alors une variation de la transmission. Par

exemple, supposons que le milieu non-linéaire présente un indice de réfraction non-linéaire

du troisième ordre positif. Si le milieu est loin du plan focal, avant ou après, la taille du

faisceau et la transmission ne varie pas. Lorsque le milieu se rapproche du plan focal de

la lentille L1 (voir figure 3.5) l’intensité à l’entrée augmente. L’indice de réfraction non-

linéaire étant positif, il fera converger le faisceau avant le plan focal. Le faisceau à la sortie

du montage 4f est donc plus large, son diamètre est plus grand. La transmission diminue,

on observe un creux. Après le plan focal, l’indice de réfraction non-linéaire fait que le

faisceau converge après le plan focal. Ainsi à la sortie du montage 4f, le faisceau est plus

étroit, son diamètre est plus petit. Par conséquent la transmission augmente, on observe

un pic. Cependant si le matériau présente de l’absorption non-linéaire il est nécessaire de

diviser les données acquises par open aperture Z-scan à celle du closed aperture Z-scan.

On notera que puisque nous utilisons une caméra CCD, il est possible de ne pas utiliser un

diaphragme physique mais numérique. Cela a son importance puisque notre montage peut

alors être insensible à l’instabilité de pointage du laser en cherchant à centrer l’ouverture

sur le centre de gravité de la répartition spatiale de l’image.

Ici nous proposons une nouvelle approche qui s’attache à mesurer la variation de la

largeur du faisceau après son passage au travers du milieu non-linéaire. On a vu que si

l’on a un milieu présentant un indice non-linéaire cubique positif avant le plan focal le

faisceau à la sortie est plus large et que par conséquent la transmission diminue, on est

dans le creux. Après avoir passé le plan focal, on a un faisceau à la sortie est plus étroit

et une transmission qui augmente, on se trouve le pic. Il est donc possible de mesurer
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l’indice de réfraction non-linéaire via la variation de la largeur du faisceau. Cette méthode

présente l’avantage de ne pas être sensible à la présence d’absorption non-linéaire, elle

permet de mesurer directement l’indice de réfraction non-linéaire. De plus il n’est pas

nécessaire d’utiliser un diaphragme, physique ou numérique. On intègre sur l’ensemble du

capteur, c’est-à-dire que l’on utilise l’intégralité des pixels de la caméra.

La principale difficulté lorsque que l’on veut mesurer la largeur d’un faisceau est de

définir ce qu’est la largeur. Soyons clair, pour un cercle représenté sur un axe (x, y), la

définition et surtout la mesure du diamètre sont évidents. Lorsque l’on considère une

Gaussienne optique, la question est plus épineuse. Tout d’abord il existe plusieurs dé-

finitions, nous choisirons la plus commune c’est-à-dire que le diamètre est la distance

entre deux points symétriques par rapport à l’axe centrale de la Gaussienne et situés à

1/ exp (2) du maximum de la Gaussienne. Ainsi il suffit de déterminer la valeur maximale

de la Gaussienne, de trouver deux points diamétralement opposées dans le plan situé à

1/ exp (2) du maximum. Cependant dans le cadre de l’expérience, il est impossible d’avoir

une Gaussienne parfaite. En effet la forme du faisceau peut tout à fait être marginale.

De plus il est possible d’utiliser un faisceau d’une forme différente comme un faisceau

multimodal. Où se situe le centre dans ce cas ? Comment déterminer le maximum de ces

fonctions ? Est-ce qu’il doit y avoir correspondance entre la position du centre et celle du

maximum ? Par conséquent nous avons décidé d’utiliser la définition ISO standard 11146 :

la méthode D4σ. Celle-ci est expliquée en détail dans le paragraphe 2.4. Le nom de la

méthode vient du fait que l’on calcule l’écart-type σ de la distribution marginale suivant

l’axe x ou suivant l’axe y. Pour obtenir le diamètre on multiplie cette écart type par 4.

Le diamètre (D) est égale à 4 fois (4) l’écart-type (σ). Considérons un faisceau dont la

distribution spatiale de l’intensité est I (x, y), on définit alors le rayon du faisceau suivant

l’axe x comme étant

wx = 2

√

√

√

√

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y) (x− x̄)2 dxdy
∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y) dxdy

, (3.132)

où

x̄ =

∫∞
−∞
∫∞
−∞ xI (x, y) dxdy

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y) dxdy

(3.133)
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est la position du centre du faisceau suivant l’axe x. On notera que si l’on a une distribution

qui correspond à une Gaussienne, la méthode D4σ est équivalente avec la méthode de

1/ exp (2). Cependant, la méthode de 1/ exp (2) ne cherche à déterminer que le maximum

de la Gaussienne, sa position est considérée comme la position du centre. Cette dernière

est sensible au bruit, contrairement à la méthode D4σ puisque dans celle-ci on intègre sur

chacun des pixels. On fait aussi la moyenne sur le bruit. Le rapport signal-sur-bruit est

meilleurs.

Comme précédemment (voir partie 3.3.1), on corrige numériquement chacune des

images prises par la caméra CCD afin d’améliorer la précision de nos résultats. Ainsi

on corrige les fluctuations lasers grâce aux données obtenues via le second bras et on

soustrait à toutes les images du bruit qu’on aura pris soin d’enregistrer avant toute série

d’acquisition. On supprime les effets de diffractions, de diffusions et ou les imperfections

en utilisant les acquisitions linéaires.

On peut alors appliquer les formules (3.132) et (3.133) à chaque image. Puisque l’on

cherche à appliquer numériquement cette méthode, on discrétise alors les formules (3.132)

et (3.133). On notera que les dérivées suivant x ou y correspondent à la taille du pixel de

la caméra suivant l’axe x ou y. En appliquant ces formules aux images prises en régime

non-linéaire ainsi qu’en régime linéaire, on détermine le rayon du faisceau en régime non-

linéaires wNL et en régime linéaire wL. La variation relative du rayon du faisceau est

obtenue en calculant

∆w =
wNL − wL

wL

. (3.134)

On a alors la variation relative du rayon en fonction de la position du milieu non-linéaire.

Si on suppose un milieu avec un indice de réfraction non-linéaire cubique (n2) positif on

observe alors un pic puis un creux comme l’illustre la figure 2.5. Sur celle-ci, ∆wpv est

la différence de rayon entre le creux et le pic de la courbe. Dans le cas d’un faisceau

gaussien à l’entrée du système 4f, il est possible d’établir une relation linéaire entre ∆wpv

et le déphasage effectif ϕeff
NL0 (voir formule (2.21)). La linéarité reste valide en présence

d’absorption non-linéaire importante. Tout cela à été vu en détail dans le paragraphe

2.3. On se permettra de rappeler que si on connaît l’ensemble des autres paramètres du

déphasage effectif ϕeff
NL0 il est possible de déterminer l’indice de réfraction du troisième

99



CHAPITRE 3. CARACTÉRISTIQUES DU DISULFURE DE CARBONE

ordre. Cependant, nous cherchons à déterminer aussi l’indice de réfraction quintique et il

n’est pas possible de le faire en utilisant la formule (2.21).

Pour faire cela, on reprend l’équation (2.37) (voir le paragraphe 2.5.2).

dϕ

dI
= − k (n2I + n4I

2)

αI + βI2 + γI3
. (3.135)

Comme nous l’avons vu dans le paragraphe 2.5.2, il est possible de résoudre analytique-

ment cette équation. En intégrant l’équation (2.37) de l’intensité à l’entrée du milieu I0 à

l’intensité à la sortie du milieu IL, on obtient la fonction suivante :

∆ϕ =
k

γ (X+ −X−)

[

− (n2 + n4X+) ln

(

IL −X+

I0 −X+

)

+ (n2 + n4X−) ln

(

IL −X−

I0 −X−

)]

,

(3.136)

où ∆ϕ = ϕL − ϕ0 est le déphasage induit dans le milieu non-linéaire et k = 2π/λ est le

module du vecteur d’onde. De plus X± =
(

±
√

β2 − 4γα
)

/2γ, en supposant que β2 >

4γα. La valeur de l’intensité à la sortie du milieu doit être déterminée avant. En ajustant la

courbe théorique à la courbe expérimentale on peut donc déterminer l’indice de réfraction

non-linéaire du cinquième ordre n4.

Si on considère les spécificités du disulfure de carbone à 532 nm et 1064 nm, le CS2 ne

présente pas d’absorption linéaire ou d’absorption à deux photons. Par conséquent α = 0

et β = 0. La formule décrivant le déphasage en fonction de la différence d’intensité entre

l’entrée et la sortie du milieu est

∆ϕ = −k

γ

[

n2
IL − I0
ILI0

+ n4 ln

(

IL
I0

)]

(3.137)

C’est donc cette fonction que nous utiliserons pour ajuster les courbes expérimentales

obtenues.

Cependant nous utiliserons une seconde formule ne tenant compte que des effets liés

au troisième ordre de la susceptibilité non-linéaire. C’est-à-dire en considérant tous les

indices nulles à l’exception de n2 et β. Dans ce cas la formule est

∆ϕ = −k

β
n2 ln

(

IL
I0

)

. (3.138)
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Cette relation sert pour la mesure de n2 à faible intensité.

Le lecteur notera que la résolution de la propagation du plan objet de la lentille L1 à

l’entrée du milieu, ou la résolution de la propagation de la sortie du milieu à la caméra

CCD ne change pas. Il n’y a que le calcul du déphasage induit par le milieu non-linéaire

qui diffère. On utilise toujours le système imageur 4f et par conséquent les opérations

mathématiques présentées en détail dans le paragraphe 2.3.

Nous allons maintenant présenter les résultats expérimentaux, tout d’abord à λ =

532 nm puis à λ = 1064 nm. Nous discuterons ensuite des résultats.

3.4.2 Mesure à 532 nm

On cherche à mesurer les indices de réfraction non-linéaire n2 et n4. Nous allons com-

parer deux ajustement de courbes possibles. Le premier utilise la fonction (3.138) et ne

considère que les effets de n2. Le second, utilise la fonction (3.137) et considère des ef-

fets lié à la fois au troisième(n2) et au cinquième ordre de la susceptibilité (n4 et γ).

Pour l’absorption à trois photons γ, on reprendra la valeur déterminée dans le paragraphe

3.3.4. On doit donc déterminer les indices n2 et n4. Mesurer directement à haute intensité

les deux indices est impossible. Différentes combinaisons de ces derniers peuvent ajuster

convenablement la courbe expérimentale. Il serait alors facile de donner des valeurs de n2

et n4 erronés. Pour éviter cette déconvenue, on mesurera en premier lieu l’indice de réfrac-

tion non-linéaire du troisième ordre à faible intensité. La contribution des non-linéarités

quintiques est alors négligeable, on mesure bien un pur effet cubique.

On procède alors à la mesure de n2 à une intensité de I0 = 1.6GW/cm2. C’est l’inten-

sité la plus faible qui permette la détection d’un signal non-linéaire. La figure 3.9 présente

la courbe expérimentale (cercles). L’ajustement de la courbe est réalisée en utilisant la

fonction (3.138). Les résultats sont β < 0.2 cm/GW et n2 = (1.5± 0.3)×10−18 m2/W. La

mesure de l’absorption n’est pas présenté ici, on notera tout de même que celle-ci s’est

faite grâce à la méthode présentée dans le paragraphe 3.3.4 en utilisant la fonction (3.130).

La valeur de β est si faible qu’il est difficile, voir impossible, d’en observer les effets sur le

signal. En effet la variation de la transmission que l’on ajuste, peut tout aussi bien être

due à l’incertitude sur la mesure qu’aux effets non-linéaires. On considéra l’absorption à

deux photons comme nulle β = 0 pour la mesure de n4.
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Figure 3.9 – Variation relative du rayon du faisceau (cercles) en fonction de la position
z de la cuve de 1mm d’épaisseur remplie de CS2 mesurée à λ = 532 nm avec I0 =
1.6GW/cm2. La courbe rouge correspond à l’ajustement de la courbe avec la fonction
(3.138) avec les paramètres β < 0.2 cm/GW et n2 = (1.5± 0.3)× 10−18 m2/W

On peut procéder à la mesure de l’indice de réfraction non-linéaire quintique, n4.

Les données expérimentales utilisées sont celles aussi utilisées pour la mesure de l’ab-

sorption à trois photons γ. L’intensité à l’entrée du montage est I0 = 25GW/cm2. La

courbe expérimentale est présentée sous forme de cercle sur la figure 3.10. Elle corres-

pond à la variation relative du rayon du faisceau en fonction de la position de l’échan-

tillon z. L’ajustement de la courbe, utilisant la fonction 3.137, correspond à la courbe

rouge. Celle-ci est obtenue en considérant les paramètres γ = (9.3± 1.9)× 10−26 m3/W2,

n2 = (1.5± 0.3)× 10−18 m2/W et n4 = (1.2± 0.3)× 10−32 m4/W2. L’indice de réfraction

non-linéaire du cinquième ordre est positif. On notera que la courbe théorique est très

proche de la courbe expérimentale. Sur cette même figure (3.10), la courbe en pointillé

bleu correspond à l’ajustement de courbe en utilisant la fonction (3.138). Les paramètres

utilisés sont β = (8.5± 0.9) × 10−12 m/W et n2 = (2.7± 0.3) × 10−18 m2/W. Ce second

ajustement de courbe est très proche de la courbe expérimentale. On notera que la valeur

de l’absorption à deux photons utilisée pour l’ajustement de courbe est celui déterminé

dans la partie 3.3.4.

Il est évident que les deux ajustements de courbes, que ce soit avec la fonction (3.137)

(courbe rouge) ou avec la fonction (3.138) (courbe de pointillées bleues), sont très proches
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Figure 3.10 – Variation relative du rayon du faisceau (cercles) en fonction de la po-
sition z de la cuve de 1mm d’épaisseur remplie de CS2 mesurée à λ = 532 nm avec
I0 = 25GW/cm2. La courbe de pointillées bleues correspond à l’ajustement de courbe
en considérant seulement les effets liés à χ(3) (fonction (3.138)) avec les paramètres
β = (8.5± 0.9) × 10−12 m/W et n2 = (2.7± 0.3) × 10−18 m2/W. La courbe rouge cor-
respond à l’ajustement de courbe en utilisant la fonction (3.137) avec les paramètres
γ = (9.3± 1.9) × 10−26 m3/W2, n2 = (1.5± 0.3) × 10−18 m2/W et n4 = (1.2± 0.3) ×
10−32 m4/W2

des données expérimentales. Nous reviendrons sur les résultats dans le paragraphe 3.4.4.

Intéressons nous tout d’abord à la mesure de ces mêmes coefficients à λ = 1064 nm.

3.4.3 Mesure à 1064 nm

Nous procédons aux mêmes mesures, à savoir la mesures des indices de réfraction non-

linéaires n2 et n4 à une longueur d’onde de λ = 1064 nm. Il est de nouveau nécessaire de

mesurer n2 à une intensité relativement faible, là où les effets non-linéaires quintiques sont

négligeables. On notera que la sensibilité décroit lorsque l’on augmente la longueur d’onde.

La conséquence est que nous sommes obligés d’augmenter l’intensité pour les mesures dans

le domaine de l’infrarouge. La mesure de n2 se fait à une intensité de I0 = 4.5GW/cm2

et est présentée sur la figure 3.11. Les points expérimentaux sont représentés par les

cercles. La courbe théorique est obtenue en ajustant les données expérimentales avec

la fonction 3.138. Les paramètres utilisés sont β < 0.05 cm/GW et n2 = (4.5± 1.3) ×

10−19 m2/W. C’est cette valeur qui sera utilisée pour la mesure de n4. Comme dans le
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Figure 3.11 – Variation relative du rayon du faisceau (cercles) en fonction de la position
z de la cuve de 1mm d’épaisseur remplie de CS2 mesurée à λ = 1064 nm avec I0 =
4.5GW/cm2. La courbe rouge correspond à l’ajustement de courbe en utilisant la fonction
(3.138) avec les paramètres β < 0.05 cm/GW et n2 = (4.5± 1.3)× 10−19 m2/W

paragraphe précédent, la mesure de l’absorption n’est pas présentée. On rencontre le

même problème, c’est-à-dire qu’il est impossible de déterminer l’absorption non-linéaire

puisque les variations de transmission relevées peuvent aussi bien être l’œuvre des effets

non-linéaires que des incertitudes sur la mesure. On considéra l’absorption à deux photons

comme nulle β = 0 pour la mesure de l’indice de réfraction non-linéaire du cinquième

ordre.

On utilise les mêmes données expérimentales que ceux de la mesures de l’absorption

non-linéaire dans le paragraphe (3.3.5). On a donc les mêmes paramètres expérimentaux

et notamment l’intensité à l’entrée du montage qui est de I0 = 65GW/cm2. Toutefois, le

traitement de ces données est différent. Les points expérimentaux sont présentés sur la

figure 3.12 et correspondent aux cercles. Le courbe en rouge correspond à l’ajustement des

données expérimentales suivant la fonction (3.137) avec les paramètres γ = (4.6± 1.9)×

10−27 m3/W2, n2 = (4.5± 1.3)×10−19 m2/W et n4 = (2.2± 0.4)×10−33 m4/W2. On notera

que la valeur de n2 est celle déterminée précédemment. La courbe théorique est très proche

de celle expérimentale. Le second ajustement des données expérimentales, la courbe en

pointillé bleu. Celle-ci est obtenue en utilisant la fonction (3.138) avec les paramètres

β = (1.7± 0.2)× 10−12 m/W et n2 = (1.4± 0.2)× 10−18 m2/W. On notera que la valeur
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Figure 3.12 – Variation relative du rayon du faisceau (cercles) en fonction de la po-
sition z de la cuve de 1mm d’épaisseur remplie de CS2 mesurée à λ = 1064 nm avec
I0 = 65GW/cm2. La courbe en pointillée bleue correspond à l’ajustement de courbe
en considérant seulement les effets liés à χ(3) (fonction (3.138)) avec les paramètres
β = (1.7± 0.2) × 10−12 m/W et n2 = (1.4± 0.2) × 10−18 m2/W. La courbe rouge cor-
respond à l’ajustement de courbe en utilisant la fonction (3.137) avec les paramètres
γ = (4.6± 1.9) × 10−27 m3/W2, n2 = (4.5± 1.3) × 10−19 m2/W et n4 = (2.2± 0.4) ×
10−33 m4/W2

de l’absorption à deux photons utilisés correspond à celle déterminée dans le paragraphe

3.3.5. Cette ajustement présente un très bon accord avec les données expérimentales.

Comme dans le cas de la mesure à λ = 532 nm, les deux ajustements de courbes sont

très proches des données expérimentales. Nous allons maintenant discuter de ces résultats.

3.4.4 Discussion sur les mesures des indices de réfraction non-

linéaires

Que ce soit à λ = 532 nm ou à λ = 1064 nm, les ajustements de courbes présentent tous

un très bon accord. Les ajustements ne tenant compte que des effets cubiques, suivant

la fonction (3.138), et ceux considérant une contribution cubique et quintique, suivant la

fonction (3.137) se superposent (voir les figures 3.10 et 3.12). Il est ainsi difficile de dire

lequel des ajustements correspond à la situation réelle.

Si on s’intéresse au spectre d’absorption (voir figure 3.1), on remarque qu’aux lon-

gueurs d’ondes qui nous intéressent la troisième harmonique est résonnante. Nous avons
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établi précédemment que si on a une troisième harmonique résonnante, les non-linéarités

quintiques ne peuvent être ignorés (voir partie 3.2.2). Ainsi il est juste de considérer γ non

nul. De plus, il est connu qu’à λ = 532 nm le disulfure de carbone a une absorption à deux

photons nulle [141,143,151]. Par conséquent ce sont les ajustements tenant compte de n2,

n4 et γ et surtout les valeurs de ces derniers qui devraient décrire au mieux la réponse

du disulfure de carbone. À λ = 532 nm les coefficients ont pour valeurs γ = (9.3± 1.9)×

10−26 m3/W2, n2 = (1.5± 0.3) × 10−18 m2/W et n4 = (1.2± 0.3) × 10−32 m4/W2. Tan-

dis qu’à λ = 1064 nm, ceux-ci ont pour valeurs γ = (4.6± 1.9) × 10−27 m3/W2, n2 =

(4.5± 1.3)× 10−19 m2/W et n4 = (2.2± 0.4)× 10−33 m4/W2.

Cependant, nous avons mesuré les non-linéarités à faible intensité pour déterminer ceux

à forte intensité. Si nous n’avions que les données à forte intensité et que nous n’avions

pas accès au spectre d’absorption, la confusion aurait pu être facile. Nous aurions alors

surestimé l’indice de réfraction du troisième ordre : n2. Cette erreur peut être évitée en

faisant, au préalable, une série de mesure à faible intensité. On notera toutefois que le

disulfure de carbone est très souvent utilisé pour calibrer les systèmes de mesures non-

linéaire puisqu’il présente un signal non-linéaire important. De plus, jusqu’à maintenant

la valeur du n2 était connue présentement et était considérée comme peu dépendante

de l’intensité du faisceau, or nous venons de voir que les effets de l’indice de réfraction

quintiques interviennent dans les mesures. Et comme nous venons de le préciser il est très

facile de surestimer la valeur de n2. Au-delà du fait que ce matériau peut présenter une

réponse non-linéaire suivant les caractéristiques du faisceau incident : longueur d’onde,

durée d’impulsion, polarisation . . .Nous démontrons ici la dépendance suivant l’intensité

du faisceau incident. Il est alors préférable de ne pas utiliser le CS2 pour calibrer les

mesures, ou alors il est nécessaire de clairement indiquer l’intensité du faisceau utilisée

durant le processus de calibration. Une bonne alternative à ce matériau est le verre de

quartz. Celui présente un temps de réponse très rapide (de l’ordre de la femtoseconde)

mais nécessite une intensité très importante pour exciter les réponses du troisième ordre.

On notera que les valeurs de la réfraction non-linéaire du cinquième ordre sont, à

λ = 532 nm, n4 = (1.2± 0.3) × 10−32 m4/W2 et, à λ = 1064 nm, n4 = (2.2± 0.4) ×

10−33 m4/W2. Dans ces deux cas, n4 est positif. Or De Gui Kong et Al. établisse que la

valeur de n4 à λ = 800 nm en régime femtoseconde est n4 = −2×10−35m4/W2 [141]. Tan-
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dis que Edilson L. Falcão-Filho et Al. ont déterminé la valeur de n4 à λ = 920 nm en

régime femtoseconde (100 fs) : n4 = −5.2× 10−35 m4/W2 [11]. Ces deux dernières valeurs

sont négatives. Tous ces résultats sont établis à proximité d’une bande d’absorption à la

troisième harmonique. Nous avons déterminé, dans le paragraphe 3.2.2, que dans le cas

de la résonance à la troisième harmonique le fait de franchir, en changeant la fréquence

du faisceau incident, la fréquence de résonance ω0 le signe de l’indice de réfraction du

cinquième ordre change. C’est-à-dire que à l’instant où l’on dépasse cette fréquence, n4

change de signe. Si on suppose que dans une bande d’absorption, la fréquence de réso-

nance est unique. C’est-à-dire qu’il n’y a qu’une seule fréquence de résonance par bande

d’absorption. Ainsi puisque à λ = 532 nm on a trouvé un indice n4 positif. De Gui Kong

et Al. ont établit qu’à λ = 800 nm, n4 est négatif. On a donc franchi la fréquence de

résonance. De même, Edilson L. Falcão-Filho et Al. ont déterminé que n4 est négatif

à λ = 920 nm. Or nous avons déterminé qu’à λ = 1064 nm, la valeur de n4 est positif. On

a donc franchi de nouveau une fréquence de résonance.

Un point à retenir est qu’il est possible de déterminer la fréquence de résonance d’une

bande d’absorption en trouvant, pour deux longueurs d’onde proches, des indices de ré-

fraction du cinquième ordre de signes opposés. Ainsi on peut déterminer que le disulfure

de carbone à une fréquence de résonance comprise entre 1, 69PHz, troisième harmonique

de λ = 532 nm (177 nm), et 1, 12PHz, troisième harmonique de λ = 800 nm (267 nm). De

même, il y a une autre fréquence de résonance qui est comprise entre 0.94PHz, troisième

harmonique de λ = 960 nm (320 nm), et 0.84PHz, troisième harmonique de λ = 1064 nm

(355 nm).

Enfin on notera que d’après la formule 3.54, plus on se rapproche de la fréquence de

résonance plus la valeur de n4 est grande. En combinant ces deux caractéristiques il est

possible de savoir si on se rapproche ou si l’on franchit la fréquence de résonance.

3.5 Conclusion

Dans ce chapitre nous avons déterminé les caractéristiques non-linéaires du disulfure

de carbone jusqu’au cinquième ordre pour un faisceau laser incident de λ = 532 nm et

λ = 1064 nm en régime picoseconde, respectivement, 12 ps et 17 ps. Nous avons tout
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d’abord présenté une approche simple consistant à considérer le barycentre du nuage

comme une charge ponctuelle classique soumise à une force de Coulomb dû à un champ

extérieur ainsi qu’à un potentiel dû à la molécule. Ce modèle correspond à celui de l’os-

cillateur anharmonique classique avec un potentiel quintique. En résolvant ce dernier et

en considérant le cas particulier de la troisième harmonique résonante (cas du disulfure

de carbone), nous avons pu obtenir des expressions pour l’indice de réfraction quintique

n4 et pour l’absorption à trois photons γ. Grâce à ces résultats, nous avons prédit que

le signe de n4 change suivant que la fréquence spatiale incidente franchisse la fréquence

de résonance. En outre, plus la fréquence spatiale du laser est proche de la fréquence de

résonance, plus la valeur de n4 est importante.

Cependant, il est nécessaire de prendre en compte les effets du champ local afin de

corriger les expressions obtenues. Pour cela nous avons utilisé la définition du champ

local de Lorentz jusqu’au cinquième ordre. Nous avons ainsi déterminé les formules de

la composante linéaire, cubique et quintique de la polarisation. En reprenant les hypo-

thèses correspondantes à nos matériaux, nous avons démontré que les corrections sur les

hyperpolarisabilités quintiques sont négligeables.

Bien que le montage expérimental utilisé est un montage Z-scan classique intégré avec

un système imageur 4f, la mesure des non-linéarités quintiques a nécessité l’utilisation de

différentes méthodes de mesures et d’analyses numériques. Tout d’abord nous avons pré-

senté la méthode d’open-aperture Z-scan, celle-ci nous a permis de mesurer les variations

de transmission en fonction de la position de la cuve remplie de CS2. Cette méthode est

déjà bien connue et maîtrisée. L’analyse des données expérimentales est quand à elle la

véritable innovation. En effet le système imageur 4f permet d’utiliser l’optique de Fou-

rier [108] pour calculer numériquement la propagation du faisceau avant et après l’échan-

tillon. Pour la propagation à l’intérieur de l’échantillon, nous avons résolu analytiquement

l’équation décrivant l’évolution de l’intensité en fonction de la taille de l’échantillon en

tenant compte des absorptions linéaire, à deux photons et à trois photons (voir équation

(2.30)). Malheureusement les solutions analytiques expriment la taille de l’échantillon en

fonction de l’intensité et il est impossible des les inverser. Nous avons utilisé la méthode

de Newton afin d’inverser numériquement les solutions. Il a alors été possible de résoudre

numériquement la propagation du faisceau depuis l’entrée du montage jusqu’à la caméra
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CCD. L’ajustement de la courbe expérimentale ainsi obtenue a permis de quantifier l’ab-

sorption à trois photons du CS2 à 532 nm : γ = (9.3± 1.9)×10−26 m3/W2 ; et à 1064 nm :

γ = (4.6± 0.9)× 10−27 m3/W2. On notera que cette méthode est valable pour la mesure

de l’absorption non-linéaire cubique.

Pour la mesure des indices de réfraction non-linéaires, nous avons présenté la méthode

D4σ. Elle consiste à mesurer la variation du rayon du faisceau en fonction de la position

de l’échantillon. Nous avons ainsi mesuré à 532 nm, la réfraction non-linéaire cubique

n2 = (1.5± 0.3)× 10−18 m2/W et quintique n4 = (1.2± 0.3)× 10−32 m4/W2. Les mêmes

mesures ont été faites à 1064 nm. Les résultats sont : n2 = (4.5± 1.3) × 10−19 m2/W et

n4 = (2.2± 0.4)× 10−33 m4/W2.

Nous avons ainsi caractérisé les non-linéarités du disulfure de carbone. Nos résultats

ont permis de mettre en lumière le fait que ce matériau ne présente pas d’absorption à

deux photons à 532 nm et 1064 nm. De plus, on observe un changement de signe de n4 entre

nos mesures et celles d’autres publications [11,141]. Notre modèle théorique propose une

explication, cela serait dû à un franchissement par la troisième harmonique de la fréquence

de résonance des bandes d’absorptions. De plus, nous avons démontré qu’il était possible

de sur-estimer la valeur de l’indice de réfraction si l’on ne mesure les non-linéarités qu’à

forte intensité. C’est-à-dire là où la réponses quintiques ne peut être négligée.

On notera pour finir qu’il est possible de prédire théoriquement les valeurs des in-

dices non-linéaire quintiques. Cependant, cela implique de connaître l’indice de réfraction

linéaire ainsi que l’absorption linéaire à la troisième harmonique.

L’observation de la dynamique spatiale de la lumière à travers le disulfure de carbone

liquide a permis d’observer expérimentalement le phénomène de filamentation du faisceau.

Cependant les modèles existant explique la filamentation en utilisant un équilibre entre

les effets liés à n2 et ceux à n4 : c’est la saturation de l’effet Kerr. Cela n’est possible que

si n2 est positif et que n4 est négatif. Ce qui n’est pas notre cas. Il est alors nécessaire de

trouver un nouveau modèle décrivant les observations expérimentales. De plus ce modèle

doit être confirmé par des mesures expérimentales. La mesure de l’indice de réfraction

non-linéaire du troisième ordre relatif, c’est-à-dire dépendant de l’intensité incidente, grâce

aux méthodes de mesures que nous venons de présenter est une piste pour établir notre

nouveau modèle. C’est le sujet du prochain chapitre.
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Chapitre 4

Filamentation dans le disulfure de

carbone

4.1 Introduction

L’invention du laser durant les années 1960 (laser rubis en 1960 par Théodore Mai-

man, laser à gaz par Ali Javan et laser à liquide en 1966 par Peter Sorokin) a permis

l’observation de phénomènes issus de l’interaction entre la lumière laser et la matière.

C’est l’avènement d’un nouveau domaine de la physique : l’optique non-linéaire. Histori-

quement, c’est avec l’observation expérimentale de la génération de la seconde harmonique

en 1961 par P. A. Franken et al., qu’a débuté l’optique non-linéaire. À partir de cette

date, de nombreux travaux de recherches se sont attachés à étudier ces interactions. Ainsi

de très nombreux phénomènes ont été découverts. Les intensités lumineuses étaient suffi-

samment importantes pour qu’il ne soit plus possible de considérer les paramètres optiques

habituels de ces matériaux comme constants. Ceux-ci doivent être définies en fonction de

l’intensité lumineuse.

En 1965, N. F. Pilipteskii et al. observent expérimentalement une auto-focalisation

du faisceau laser lors de son passage dans différents liquides qui conduit à une filamentation

du faisceau [38]. Ce n’est que l’année suivante que V. I. Bespalov et al. introduise un

modèle décrivant ce phénomène en utilisant un effet Kerr cubique [101].

On définit la filamentation comme la situation pour laquelle un faisceau laser auto-

focalise suffisamment pour s’effondrer.
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À cet instant, ce dernier diminue de taille jusqu’à avoir un rayon étroit avec une

intensité plus élevée qu’à l’origine. Le rayon du faisceau reste étroit même lorsque la

distance de propagation du faisceau dépasse la longueur de Rayleigh. Contrairement au

soliton, le filament n’est pas une structure localisée dans le temps ou l’espace. C’est donc

une structure dynamique. Il est possible d’obtenir plus d’un filament à partir d’un unique

faisceau. On notera que pour observer la filamentation d’un faisceau il est nécessaire

que l’intensité de celui-ci soit très importante. Il est ainsi possible d’observer d’autres

effets non-linéaires tels que la génération de hautes harmoniques ou la génération de

supercontinuum.

De nombreux mécanismes ont été proposés pour expliquer l’arrêt de l’effondrement du

faisceau. On citera par exemple des effets de la polarisation [39] ou l’ellipticité du faisceau

[40]. En 1997, V. Skarka et al. expliquent qu’il est possible de stabiliser les filaments ou

les solitons, dans le cas spatial, avec un équilibre simultané entre l’auto-focalisation non-

linéaire et la diffraction [15]. Différents travaux ont étudié l’influence des termes d’ordres

supérieurs de la dispersions ainsi que l’auto-focalisation dû aux non-linéarités cubiques et

quintiques [41]. Plus récemment, E. Falcão-Filho et al. ont présenté un mécanisme de

stabilisation dû à un équilibre entre χ(3) et χ(5) pour la propagation d’un soliton spatial

tri-dimensionnel dans le cas du disulfure de carbone à λ = 920 nm [11].

La filamentation dans l’air a aussi été étudiée et il a été montré que l’arrêt de l’effondre-

ment du faisceau est dû à l’ionisation [44]. L. Bergé et al. ont observé expérimentalement

la filamentation multiple de faisceau laser térawatt dans l’air [45].

La filamentation peut être utilisée pour de nombreuses applications. Notamment la

fabrication de guide d’onde en modifiant de façon permanente l’indice de réfraction du

milieu [46]. L’idée est d’endommager volontairement le milieu avec le faisceau laser en in-

duisant et contrôlant sa filamentation. D’ores et déjà, de telles structures ont été réalisées

par de nombreux groupes [47–53]. Pour espérer maîtriser les applications de la filamen-

tation, il est important de comprendre en détails les mécanismes des interactions entre le

faisceau laser et le milieu.

Dans ce chapitre nous allons étudier la filamentation dans le disulfure de carbone (CS2)

d’un faisceau laser de longueur d’onde λ = 532 nm en régime picoseconde. Nous présen-

terons tout d’abord une observation expérimentale du phénomène, puis nous chercherons
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Figure 4.1 – Schéma du montage expérimental utilisé pour produire la filamentation et
l’observer en sortie de la cuve de CS2 d’épaisseur L. L1 et L2 sont des lentilles. La focale
de la lentille L1 est f1. i indique la distance de l’image et o la distance de l’objet. La boite
en pointillé correspond au système imageur qui peut se déplacer suivant l’axe z afin de
former l’image de la sortie de cuve sur la caméra avec un grossissement de ×10.

à expliquer l’arrêt de l’effondrement grâce au mécanisme présenté par E. Falcão-Filho

et al. [11]. Nous reviendrons sur la mesure des non-linéarités du disulfure de carbone que

nous avons présenté dans le paragraphe précédent (voir le chapitre 3). Mais nous verrons

que celles-ci ne sont pas suffisantes pour expliquer l’arrêt de l’effondrement du faisceau.

Nous procéderons à de nouvelles mesures et nous proposerons un modèle théorique inédit

pour décrire la dynamique de la filamentation dans le CS2. Enfin nous présenterons un

nouveau modèle théorique.

4.2 Observation de la filamentation

Nous avons procédé à une observation expérimentale de la filamentation dans le disul-

fure de carbone. Notre source laser provient d’un laser impulsionnelle Nd :YAG polarisé

linéairement à λ = 532 nm avec une longueur temporelle de 12 ps et un profil temporel

Gaussien. Le taux de répétition du laser est suffisamment faible afin de prévenir tout effet

thermique. Le montage expérimental correspond à la figure 4.1. Le milieu utilisé est une

cuve remplie de CS2 d’une épaisseur de L = 10mm. La distance focale de la lentille L1

est f1 = 200mm. La cuve est disposée de sorte que le faisceau soit focalisé juste sur la

face d’entrée. La boite en pointillé est un système imageur comprenant la lentille L2 et la

caméra CCD. Le système imageur se déplace suivant z, pour avoir l’image de la sortie de

cuve sur le CCD, plus généralament de n’importe quel plan compris entre l’entrée et la

sortie de la cuve (de z = 0 jusqu’à z = L). La distance o correspond à la distance entre le

plan objet et la lentille L2, tandis que la distance i correspond à la distance entre le plan

image et la lentille L2. Le rapport entre i et o est choisi pour avoir à un grossissement
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Figure 4.2 – Image de la sortie de cuve sur la caméra CCD. L’énergie relevée au joule-
mètre est de 44GW/cm2.

de 10. Le faisceau est collecté sur la caméra CCD. Le capteur de la caméra a une taille

de (1024× 768)-pixels. Chaque pixel a pour dimension 6.45 × 6.45µm2. Les acquisitions

de la caméra sont synchronisées avec les tirs lasers à l’aide d’un boîtier électronique relié

à une photodiode rapide. A l’entrée du montage on a placé une lame demi-onde et un

prisme de Glan. Ils permettent de contrôler l’intensité lumineuse à l’entrée de la cuve et ils

assurent le maintien d’une polarisation linéaire. Enfin on utilise un filtre spatial à l’entrée

du montage afin que le profil spatial du faisceau collimaté soit proche de la Gaussienne.

La distance de Rayleigh du faisceau est choisie pour correspondre à un dixième de

l’épaisseur de la cuve : zR = L/10 = 1mm. Pour obtenir ce résultat nous avons dû ajuster

le diamètre du faisceau à l’entrée de L1, compte tenu de la focale de la lentille. Ainsi le

rayon du faisceau dans le plan focal était w0 =
√

zRλ/π = 13µm.

D’après l’expression (1.42) [102], la puissance critique pour qu’un faisceau de profil

gaussien filamente dans le disulfure de carbone est de 0.018MW.

Pour cette première expérience, nous avons uniquement changé l’intensité. On notera

que l’on utilise un joulemètre calibré pour relever l’énergie à l’entrée de la cuve.

Ainsi on a observé, via la caméra, la formation de filaments. Le premier filament est

apparu lorsque le faisceau a une intensité de 44GW/cm2 à l’entrée de la cuve (voir la figure

4.2). Si on considère le faisceau comme gaussien alors la puissance critique de filamentation

est de 0.074MW, soit une puissance 4 fois supérieure à celle calculée d’après l’expression
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Figure 4.3 – Image de la sortie de cuve sur la caméra CCD. On peut observer la fila-
mentation multiple du faisceau laser. L’énergie relevée au joulemètre est de 85GW/cm2.

(1.42). L’analyse numérique des données expérimentales donne une puissance critique de

0.041MW, soit une puissance critique 2.3 fois supérieure à celle calculée d’après l’expres-

sion (1.42). Le rayon, suivant la définition D4σ du filament est estimé à (4± 0.6) µm. Le

filament est moins large que le faisceau dans le plan focal.

Le second filament apparaît lorsque l’énergie du faisceau est de 85GW/cm2. Les deux

filaments présentent le même profil spatial et ils ont un rayon de 4µm (voir figure 4.3).

L’intensité (et donc l’énergie) du faisceau à l’entrée de la cuve est le paramètre clef, en

l’augmentant on augmente aussi le nombre de filaments. Par exemple, avec une intensité

de 440GW/cm2, on observe une filamentation multiple (voir figure 4.4). On constate que

les filaments ont des profils spatiaux proches les uns des autres.

Comme nous l’avons précisé dans l’introduction, le phénomène de filamentation est

un phénomène d’optique non-linéaire. Parmi les différentes explications de l’arrêt de l’ef-

fondrement du faisceau, V. Skarka et al. ont proposé un mécanisme d’équilibre entre

l’auto-focalisation non-linéaire et la diffraction [15]. Récemment, E. Falcão-Filho et

al. ont observé expérimentalement des solitons bidimensionnels dans le disulfure de car-

bone [11]. Ils expliquent la stabilité des solitons par un équilibre entre les susceptibilités

non-linéaires cubique et quintique. Ainsi ils ont considéré un indice de réfraction non-

linéaire cubique, n2, positif et un indice de réfraction non-linéaire quintique, n4, négatif.

D. Kong et al. ont mesuré à 800 nm un indicé n4 négatif [141], de même la valeur
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Figure 4.4 – Image de la sortie de cuve sur la caméra CCD. On peut observer la fila-
mentation multiple du faisceau laser. L’énergie relevée au joulemètre est de 440GW/cm2.

de ce même indice à 918 nm que E. Falcão-Filho et al. ont publié est négative [11].

Cependant, nous avons mesuré à 532 nm et 1064 nm des indices n4 positifs (voir le chapitre

3). Cette opposition de signes entre nos mesures et celles de D. Kong et al. et de E.

Falcão-Filho et al. s’explique par le fait que nous franchissons un pic de résonance à

3ω pour λ = 532 nm et 1064 nm. Le premier pic de résonance se situe à environ 200 nm

tandis que le second se situe à 317 nm. L’équilibre de l’effondrement du faisceau peut-être

expliqué par la saturation de l’effet grâce à l’indice n4, alors de signe opposé à n2. Puisque

nous n’avons pas cette opposition de signe, nous devons trouver un autre modèle.

Il est probable qu’un mécanisme d’équilibre apparaisse en mesurant les indices de

réfraction non-linéaire des ordres supérieurs. Mais un modèle reposant sur une saturation

de l’effet Kerr, suppose que l’on puisse développer en fonction de l’intensité les indices de

réfraction non-linéaires. S’il est raisonnable de penser que dans un régime faiblement non-

linéaire, seul les non-linéarités cubiques et quintiques, autrement dit les susceptibilités non-

linéaires du troisième et cinquième ordres, s’expriment et que par conséquent il est possible

de négliger les ordres supérieurs. Cela n’est plus forcément le cas lorsque l’on commence à

considérer le septième ordre. De plus, puisque les indices d’ordres non-linéaires successifs

sont de plus en plus petits, il est impossible de justifier le fait de négliger les termes à

partir d’un certain ordre. Et même si nous considérerions un très grand nombre d’ordres,

il est très difficile de mesurer les indices non-linéaires d’ordres supérieurs à cinq.
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Par conséquent il est nécessaire de trouver un nouveau modèle décrivant la filamenta-

tion et l’arrêt de l’effondrement du faisceau. Dans le prochain chapitre nous allons mesurer

l’indice de réfraction cubique effectif. C’est-à-dire que nous ne considérons plus un indice

n2 indépendant de l’intensité, mais un indice de réfraction cubique pouvant varier en

fonction de l’intensité du faisceau. Nous allons tout d’abord présenter notre méthode de

mesure, puis notre montage expérimental et enfin nous présenterons les valeurs mesurées.

4.3 Mesure de l’indice de réfraction cubique effectif

Dans ce chapitre nous allons présenter la méthode expérimentale que nous avons uti-

liser pour mesurer l’indice de réfraction cubique effectif n2,eff . Le laser utilisé pour ces

mesures est le même que celui utilisé pour l’observation expérimentale de la filamentation

dans le disulfure de carbone. Cependant, nous avons mesuré l’indice de réfraction cubique

effectif à deux longueurs d’ondes différentes : λ = 532 nm et λ = 1064 nm.

Nous allons tout d’abord présenter la méthode de mesure utilisée.

4.3.1 Méthodes expérimentales

De nombreuses méthodes de mesures des non-linéarités existent. Une des plus connues

est celle développée par M. Sheik-Bahae et al. : la méthode Z-scan [22,23]. Nous utilisons

ici une méthode dérivée de cette dernière. En effet, nous employons un montage Z-scan

compris dans un système imageur 4f. Nous avons déjà décrit dans le chapitre 3.4 ce

montage. Cependant, afin d’éviter au lecteur un aller-retour entre les pages, nous allons

redonner suffisamment de détails à propos à cette méthode ainsi que le schéma du montage

expérimental. Toutefois, si le lecteur souhaite en apprendre d’avantage, nous le renvoyons

au chapitre 3.4.

On propage un faisceau laser issue d’une source laser Nd :YAG, il est possible d’avoir

des impulsions de longueur d’onde λ = 532 nm, avec une durée temporelle de 12 ps, ou

λ = 1064 nm, avec une durée temporelle de 17 ps. Le taux de répétition est inférieur

à 1Hz grâce à un obturateur commandé par le système d’acquisition situé à l’entrée du

montage, on évite ainsi de mesurer des non-linéarités influencées par les effets thermiques.

Le faisceau est polarisé linéairement. Comme pour le montage expérimental présenté dans
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le chapitre 4.2, on contrôle l’intensité du faisceau et la linéarité de la polarisation grâce

à une lame demi-onde et un prisme de Glan. Le montage 4f [108] (voir la figure 4.5)

est composé de deux lentilles, L1 et L2. Le faisceau dans le plan objet (à la focal) de

Figure 4.5 – Schéma de montage expérimental utilisé pour faire les mesures de l’indice
de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre de la cuve remplie de disulfure de
carbone. Il est composé de : BS1 et BS2, deux séparatrices ; M1 et M2, deux miroirs ; L1

jusqu’à L3, trois lentilles avec des distances focales de f1 à f3 ; et une caméra CCD refroidie
pour l’acquisition des images. Le filtre numérique permet de passer d’une méthode mesure
à l’autre : Open-perture Z-scan (OA), Closed-aperture Z-scan (CA) ou D4σ-Z-scan (D4σ).

la lentille L1 est de forme circulaire, on utilisera la terminologie anglaise : faisceau top-

hat pour signifier que l’intensité qui a un profil gaussien diaphragmé à son sommet où

l’intensité varie faiblement. La lentille L1 nous permet d’obtenir la transformée de Fourier

spatiale [108] du faisceau se trouvant à l’entrée du montage dans le plan focal où se trouve

le milieu non-linéaire, une cuve d’épaisseur de 1mm remplie de disulfure de carbone, placé

sur une translation motorisée. Cette translation est placée entre les lentilles L1 et L2, de

telle sorte que lorsque la cuve se trouve au milieu de la translation sa position coïncide

avec le plan focal de la lentille L1. La translation s’effectue parallèlement à la direction de

propagation du faisceau. On notera que la translation permet un déplacement pas à pas

de la cuve remplie de CS2. La lentille L2 est placée pour que son plan objet soit équivalent

au plan focal de la lentille L1. On utilise une caméra refroidie (−30˚C) avec un capteur

de 1000 × 1018 pixels. Chaque pixel mesure 12 × 12µm2. La caméra est placée dans le

plan image de la lentille L2. C’est-à-dire la transformée de Fourier de la transformée de

Fourier du plan objet de la lentille L1. Cela permet de facilement caractériser l’objet qui

se trouve à l’entrée du système, c’est-à-dire notre faisceau top-hat. L’optimisation de ce
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montage à fait l’objet d’une thèse [36] ce qui a permis d’améliorer la sensibilité de notre

méthode de mesure tout en maximisant le rapport signal optique sur bruit généré par le

système.

On notera que la séparatrice BS1 sépare le faisceau en deux parts non-égales. 92% du

faisceau entre dans le montage 4f, tandis que 8% est dirigé dans le second bras. Ce dernier

est composé de deux miroirs, M1 et M2 et d’une seconde séparatrice BS2. Ce second bras

sert à enregistrer les variations en énergie du laser afin de les corriger lors du traitement

des données.

On procède à deux balayages successifs. Le premier balayage est effectué en régime

linéaire, c’est-à-dire à une intensité suffisamment faible pour ne pas observer d’effets non-

linéaires. Le second est effectué en régime non-linéaire. Les données du premier balayage

serviront à corriger les inhomogénéités du milieu et les effets de la diffraction linéaire.

Cela améliore sensiblement la précision des mesures des indices non-linéaires.

La méthode de mesure nécessite de calibrer l’intensité incidente, on utilise pour cela

un milieu non-linéaire, historiquement, le disulfure de carbone. Récemment, des méthodes

dites "absolues" ont vu le jour et permettent de ne pas avoir à calibrer la mesure [37].

La mesure de l’intensité est alors la principale source d’incertitude dans nos mesures,

celle-ci est donnée par un joulemètre avec une précision de 10% aux longueurs d’ondes

considérées. Nous ne tiendrons pas compte des erreurs générées par la durée des impulsions

que l’on considère comme constante quelque soit le tir et le vieillissement du colorant laser

("dye laser") qu’il faut remplacer toutes les 3 semaines. Cette source d’erreur peut être

importante mais n’est pas quantifiable de façon précise compte tenu de la brièveté de

l’impulsion.

Nous allons maintenant présenter la méthode de traitement numérique des données

expérimentales.

4.3.2 Traitement numérique des données

Comme pour les mesures des indices de réfraction non-linéaire du troisième et du

cinquième ordre que nous avons présenté dans le chapitre 3.4.1, on utilisera la méthode

D4σ [122,154–156] pour traiter numériquement les données expérimentales. Puisque cette

méthode a déjà été présentée dans le chapitre précédant, nous rappellerons ici seulement
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les informations nécessaires à la compréhension. Si le lecteur souhaite en apprendre plus,

il trouvera des informations complémentaires au chapitre 3.4.1.

La méthode D4σ consiste à mesurer, pour chaque image prise par la caméra, le rayon

du faisceau w. Pour cela on calcule l’écart type de la distribution marginale qu’est le profil

du faisceau I (x, y) :

wx = 2

√

√

√

√

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y) (x− x̄)2 dxdy
∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y) dxdy

, (4.1)

où

x̄ =

∫∞
−∞
∫∞
−∞ xI (x, y) dxdy

∫∞
−∞
∫∞
−∞ I (x, y) dxdy

. (4.2)

La formule du rayon du faisceau suivant la dimension y est identique à la formule (4.1)

en remplaçant x et x̄, respectivement, par y et ȳ. Le calcul du rayon du faisceau est fait

à chacune des positions de la cuve, pour le balayage en régime linéaire (wL) et en régime

non-linéaire (wNL). On peut alors calculer la variation relative du rayon du faisceau ∆w (z)

en fonction de la position du milieu non-linéaire

∆w (z) =
wNL (z)− wL (z)

wL (z)
. (4.3)

Une fois que nous avons traité nos données expérimentales, l’étape suivante est d’en

extraire l’indice recherché. On notera qu’ici nous n’utiliserons pas la méthode de Newton

pour obtenir les valeurs des indices de réfraction non-linéaire, mais une relation entre

la différence de valeur de la variation relative du rayon du faisceau maximale (pic) et

minimale (vallée) ∆wpv et le déphasage non-linéaire effectif à l’origine ϕeff
NL0. Le lecteur

trouvera plus de détails dans le paragraphe 2.4.

Avant d’introduire cette relation, il est nécessaire de connaître le profil de l’intensité

du faisceau à l’entrée du milieu non-linéaire. Puisque l’on utilise un montage 4f, on peut se

servir de l’optique de Fourier et ainsi suivre analytiquement la propagation du faisceau du

plan objet de la lentille L1 à l’entrée de la cuve. En supposant un profil de faisceau dans le

plan objet défini comme E (x, y), celui-ci aura pour spectre spatial S (u, v) = F [E (x, y)],

où F indique l’opérateur transformée de Fourier et (u, v) sont les fréquences spatiales

normalisées. On peut ainsi propager l’onde sur une distance z′ finie en appliquant la
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fonction de transfert

H (u, v) = exp

(

i2πz′
√

1− (λu)2 − (λv)2
)

. (4.4)

Cette fonction permet de propager le faisceau du plan objet à l’entrée de la lentille L1 et

de la sortie de la lentille à l’entrée de la cuve. De plus on suppose la lentille convergente

L1 mince, par conséquent la propagation de l’onde au travers la lentille n’induit qu’une

variation dans la phase du faisceau. On applique alors la fonction de transformation de

phase

tL1 (x, y) = exp

[

− iπ (x2 + y2)

λf1

]

, (4.5)

où f1 est la distance focale de la lentille L1.

Une fois ces étapes faites, il reste à prendre en compte la propagation au sein du milieu

non-linéaire. La relation entre la différence de valeur de la variation relative du rayon du

faisceau maximal (pic) et minimal (vallée) ∆wpv et le déphasage non-linéaire effectif à

l’origine ϕeff
NL0 est établi dans l’espace des fréquences. On suppose ainsi un milieu non-

linéaire mince, c’est-à-dire que l’épaisseur L du milieu doit être inférieur à la longueur

de diffraction du faisceau : la longueur de Rayleigh. On suppose aussi que le milieu ne

présente que des non-linéarités cubiques, soit l’absorption linéaire α (m−1), l’absorption

à deux photons β (m/W) et la réfraction non-linéaire du troisième ordre n2 (m2/W). Le

déphasage non-linéaire induit par un milieu à la position z est défini

∆φeff
NL (u, v, z) =

2πn2LeffIeff (u, v, z)

λ
, (4.6)

où

Leff = [1− exp (−αL)] /α (4.7)

est la longueur effective, et

Ieff (u, v, z) = I (u, v, z) log [1 + q (u, v, z)] /q (u, v, z) (4.8)

est l’intensité effective. On définit q (u, v, z) = βLeffI (u, v, z). Il est important de re-

marquer que si l’absorption linéaire est nulle, la longueur effective correspond à l’épais-
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seur du milieu non-linéaire Leff = L. De même, si l’absorption à deux photons est

nulle, alors l’intensité effective équivaut à l’intensité à l’entrée du milieu non-linéaire

Ieff (u, v, z) = I (u, v, z).

Effectivement, dans le cas des mesures des non-linéarités du troisième ordre du disul-

fure de carbone aux longueurs d’ondes de λ = 532 nm et λ = 1064 nm, l’absorption linéaire

et l’absorption à deux photons sont nulles. Considérons alors le déphasage non-linéaire

au centre de l’axe de propagation (u = 0 et v = 0) induit par un milieu se trouvant dans

le plan focal de la lentille L1 (z = 0), on pose ∆φeff
NL (0, 0, 0) = ϕeff

NL0. On pose également

I (0, 0, 0) = I0 La relation (4.6) devient alors

ϕeff
NL0 =

2πn2LI0
λ

. (4.9)

On introduit la relation entre la variation relative du rayon du faisceau et le déphasage

non-linéaire effectif

∆wpv = 0.34× ϕeff
NL0. (4.10)

Par conséquent on peut déterminer l’indice de réfraction non-linéaire n2 dès lors que l’on

connaît l’ensemble des paramètres de la relation (4.9), ce qui est notre cas. On notera que

n2 ≡ n2,eff dans le cas nous concernant.

Il est important de noter que cette méthode reste valide si l’on peut considérer le milieu

non-linéaire comme peu épais [23]. C’est-à-dire que l’on peut considérer l’auto-réfraction

comme une action externe au milieu,

ϕeff
NL0 <

ZR

L
, (4.11)

où ZR est la longueur de Rayleigh du faisceau et L est l’épaisseur du milieu. D’après

M. Sheik-Bahae et al [23], ϕeff
NL0 ne doit pas excéder π. Dans le cas contraire, l’auto-

focalisation ne peut être négligée et la taille de faisceau observée serait alors inférieur

à celle mesurée en ne tenant compte que de la réfraction non-linéaire. Les indices n2

mesurés seraient sur-estimés. Dans une première approche nous avons négligé l’influence

de l’auto-focalisation sur les mesures. Cependant, de récent calculs (actuellement en cours)

amèneront des corrections minimes aux résultats publiés et figurant dans cette thèse.
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Nous pouvons maintenant présenter les résultats de mesures.

4.3.3 Résultats des mesures de n2,eff

Nous avons procédé à la mesure des indices de réfraction non-linéaires effectifs du

troisième ordre n2,eff . Ces mesures ont été faites à deux longueurs d’ondes différentes :

λ = 532 nm et λ = 1064 nm, en régime picoseconde. Nous présenterons tout d’abord les

mesures effectuées à λ = 532 nm puis celles à λ = 1064 nm.

Mesures à λ = 532 nm

Nous avons choisi de présenter les résultats dans le tableau 4.1. Les mesures de l’indice

de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre n2,eff ont été faites sur une plage

d’intensité allant de I0 = 1.8 à 101GW/cm2. On remarque que les valeurs de n2,eff

augmentent en même temps que l’intensité et cela même avec une intensité relativement

faible (1.8 à 3GW/cm2). La non-linéarité cubique du disulfure de carbone apparaît comme

non-constante. Les valeurs de n2,eff atteignent un palier pour une intensité proche de

17GW/cm2. Au delà de cette intensité les valeurs de n2,eff décroissent. On notera que

pour la mesure de n2,eff à 101GW/cm2, le déphasage non-linéaire effectif dans le plan

focal est de l’ordre de π. En adéquation avec ce que nous avons présenté dans le paragraphe

4.3.2, les valeurs de n2,eff ont pu être surévaluées. Nous pensons que lorsque l’intensité

augmente, dans le cas où l’auto-focalisation a pu avoir une forte influence, alors les valeurs

de n2,eff seraient plus faibles et la décroissance devrait être alors plus forte.

Nous avons représenté les mesures de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du

troisième ordre (n2,eff ) suivant l’intensité incidente I0 sur la figure 4.6. La figure 4.6

montre que les variations de l’indice n2,eff ne suivent aucun des modèles précédemment

proposés [11,15]. Ainsi il est impossible de définir, de manière standard, n2,eff = n2+n4I

puisque n4 ne serait alors pas constant. Il est nécessaire de développer un nouveau modèle

pour décrire l’évolution de n2,eff . C’est avec ce nouveau modèle qu’il nous sera possible

d’expliquer le mécanisme d’arrêt de l’effondrement du faisceau et de décrire le phénomène

de filamentation.

De plus, il est connu que les matériaux ont des réponses différentes suivant la largeur

temporelle de l’impulsion, sa longueur d’onde et sa polarisation. Il apparaît nettement que
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I0 (en GW/cm2) (n2,eff ±∆n2,eff )× 10−18 (en m2/W)

1.8 0.9± 0.2
2 1.1± 0.5
3.1 1.0± 0.3
7 1.7± 0.2
10 2.5± 0.3
14 2.7± 0.4
17 3.3± 0.4
25 2.7± 0.4
70 2.1± 0.4
101 0.84± 0.2

Table 4.1 – Mesure de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre (n2,eff )
suivant l’intensité incidente I0 à λ = 532 nm suivant la méthode D4σ. ∆n2,eff correspond
à l’incertitude sur la mesure de n2,eff .

Figure 4.6 – Mesure de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre
(n2,eff ) en fonction de l’intensité incidente I0 à λ = 532 nm. Les barres verticales corres-
pondent aux incertitudes sur la mesure.

le disulfure de carbone présente un indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième

ordre (n2,eff ) qui varie rapidement avec l’intensité. Comme dans le cas des mesures des

non-linéarités quintiques du disulfure de carbone faites dans le paragraphe 3, les mesures

de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre (n2,eff ) remettent en cause

l’utilisation de ce matériau comme référence pour calibrer l’intensité incidente.

Avant de s’intéresser au développement d’un nouveau modèle de n2,eff , nous allons

mesurer ce même indice à une autre longueur d’onde : λ = 1064 nm.
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Mesures à λ = 1064 nm

On procède de manière identique au chapitre précédent. Les résultats des mesures sont

résumés dans le tableau 4.2. Nous avons mesuré l’indice de réfraction non-linéaire effectif

du troisième ordre (n2,eff ) sur une plage d’intensité allant de I0 = 4.5 à 183GW/cm2. On

observe une croissance des valeurs de n2,eff en même temps que l’intensité incidente croît.

Après avoir atteint une valeur maximale de l’ordre de n2,eff = 1.37 × 10−18 m2/W pour

une intensité voisine de 68GW/cm2, on observe une décroissance des valeurs de n2,eff .

Les valeurs de n2,eff mesurées à I0 = 112GW/cm2 et plus induisent un déphasage de

l’ordre de π, et même supérieur à cette limite pour I0 = 160 et 183GW/cm2, il est alors

possible que les valeurs que nous mesurons soient surestimées. Mais cela ne remet pas en

cause la décroissance de ces dernières. Tout au plus cette décroissance serait plus forte.

I0 (en GW/cm2) (n2,eff ±∆n2,eff )× 10−18 (en m2/W)
4.5 0.4± 0.1
11 0.5± 0.1
13 0.8± 0.1
34 1.3± 0.2
68 1.37± 0.2
89 1.2± 0.2
112 0.9± 0.2
130 0.8± 0.1
160 0.7± 0.1
183 0.6± 0.1

Table 4.2 – Mesure de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre (n2,eff )
suivant l’intensité incidente I0 à λ = 1064 nm suivant la méthode D4σ. ∆n2,eff correspond
à l’incertitude sur la mesure de n2,eff .

La figure 4.6 représente les mesures de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du

troisième ordre (n2,eff ) en fonction de l’intensité incidente I0. Les incertitudes sur les

mesures sont représentées par les barres verticales. Comme précédemment (voir le chapitre

4.3.3), le tableau 4.2 et la figure 4.7 montrent que l’indice de réfraction non-linéaire effectif

du troisième ordre (n2,eff ) ne suit pas les modèles proposés précédemment [11, 15]. Cela

confirme ce que nous avions observé à la longueur d’onde λ = 532 nm, il est nécessaire

de développer un nouveau modèle pour tenir compte de l’évolution de n2,eff à ces deux

longeurs d’ondes.

Il apparaît aussi, et comme nous l’avions établi dans le paragraphe précédent dans le
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Figure 4.7 – Mesure de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre
(n2,eff ) en fonction de l’intensité incidente I0 à λ = 1064 nm. Les barres verticales corres-
pondent aux incertitudes sur la mesure.

vert, que l’utilisation du disulfure de carbone comme matériau de référence pour calibrer

l’intensité lors de mesures pour caractériser les non-linéarités est à proscrire. L’indice n2

ne peut être défini sans ambiguïté. Il semble préférable d’utiliser le verre de quartz si le

montage expérimental est suffisamment sensible et si le signal est suffisamment fort [157].

Ou bien on peut utiliser le CS2 en précisant l’intensité à laquelle la mesure à été faite.

Nous allons maintenant présenter un nouveau modèle permettant de décrire le com-

portement des non-linéarités cubiques du disulfure de carbone.

4.4 Vers un nouveau modèle

Précédemment on définissait l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième

ordre n2,eff à l’aide d’un développement en série de l’intensité en tenant compte des

ordres cubique et quintique de la réfraction non-linéaire

n2,eff (I) = n2 + n4I. (4.12)

Si l’on observe les mesures qui ont été faites à λ = 532 nm et λ = 1064 nm (voir les figures

4.6 et 4.7), n2,eff croît pour des intensités modérées avant d’atteindre un maximum. Pour

des intensités plus forte, n2,eff diminue et tend asymptotiquement vers une valeur. Il est
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évident que la relation (4.12) ne peut désormais plus être utilisée.

Un des modèles qui permettent d’expliquer l’arrêt du collapse fait intervenir une sa-

turation de l’effet Kerr [15]. Dans ce cas on a un n2 positif tandis que n4 est négatif.

Cela correspond finalement à un n2,eff qui décroit. E. Falcão-Filho et al. ont expli-

qué la stabilité du soliton bi-dimensionnel observé expérimentalement dans le disulfure de

carbone grâce à ce mécanisme de saturation de l’effet Kerr. À 920 nm ils avaient consi-

déré n4 = −5.2× 10−35 GW4/W2 [11]. D. Kong et al. ont mesuré à 800 nm un n4 négatif

(n4 = −2×10−35 GW4/W2) [141]. Or ici il apparaît que pour des intensités modérées n2,eff

croît et par conséquent le signe de n4 est positif. Par ailleurs, les résultats des mesures que

nous avons présentées dans le chapitre 3.4 confirment que les indices de réfraction non-

linéaire du cinquième ordre sont positifs à λ = 532 nm (n4 = (1.2± 0.3)×10−32 GW4/W2)

et à λ = 1064 nm (n4 = (2.2± 0.4)× 10−33 GW4/W2) [143]. On notera que l’inversion de

signe de n4 s’explique par un franchissement de la résonance à la troisième harmonique,

elle a été étudiée en détail dans le paragraphe 3.

Ainsi on ne peut pas considérer la saturation de l’effet Kerr comme étant due au terme

n4I
2. On pourrait alors envisager d’étendre le développement en série de la fonction de

réponse du milieu en fonction du champ électrique. Dans notre cas ce n’est pas possible.

Bien que du point de vue théorique, dès que la correction introduite par le terme d’ordre le

plus haut devient du même ordre de grandeur que le terme d’ordre le plus bas, l’approche

utilisant un développement en série n’est plus valable. Certes, lorsque E. Falcão-Filho

et al. ont évalué grâce à la résolution numérique la valeur n4 du disulfure de carbone à

920 nm, les termes n4I
2 et n2I étaient comparables. Dans ce cas-ci la troisième harmonique

de la fréquence considérée (λ = 920 nm) est très proche de la bande d’absorption (≈

317 nm) [11]. Or on suppose qu’aux longueurs d’ondes que nous considérons la troisième

harmonique est résonnante, cependant il est difficile de mesurer expérimentalement l’indice

de réfraction non-linéaire du troisième ordre n2 avec une grande précision. Il est encore plus

difficile de mesurer précisément l’ordre quintique n4. Cette difficulté s’accroît bien plus

pour les ordres supérieurs. Or si on souhaite obtenir un modèle reproduisant l’expérience et

susceptible d’être résolu numériquement, il est nécessaire de déterminer le plus précisément

possible les paramètres. Il n’est pas possible en pratique d’obtenir n4 avec une précision

suffisante pour évaluer les ordres supérieurs.
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4.4.1 Ajustement des courbes expérimentales

Afin d’obtenir un modèle décrivant de manière satisfaisante l’évolution de n2,eff , on

ajuste les courbes expérimentales (voir les figures 4.6 et 4.7) en choisissant un Ansatz adé-

quat ayant une variation en "cloche". Pour ce faire, nous avons essayé différents Ansätze

avec différents paramètres afin d’établir le meilleur ajustement :

n2,eff (I) =
aI

(1 + b2I2)c
, (4.13)

n2,eff (I) =
aI

(1 + b2I)c
, (4.14)

n2,eff (I) = aI exp (−bIc) (4.15)

avec c = 1 ou 2.

Afin d’ajuster les courbes expérimentales nous avons utilisé l’algorithme d’ajustement

non-linéaire Levenberg-Marquardt [158, 159]. L’algorithme a été proposé par Kenneth

Levenberg [158] en 1944, puis publié par Donald Marquardt [159] en 1963. Celui-

ci permet de minimiser une fonction dépendante de plusieurs variables. Cet algorithme

interpole ceux du gradient et de Gauss-Newton mais est plus stable que ces derniers, il

lui est possible de converger même si la donnée initiale est éloignée du minimum.

Nous avons fait le choix d’utiliser une version déjà implémentée dans le logiciel de

calcul numérique GNU Octave sur un système d’exploitation GNU/Linux.

Le meilleur ajustement, que ce soit dans le cas de la courbe expérimentale obtenue

pour λ = 532 nm (voir figure 4.6) ou celle obtenue pour λ = 1064 nm (voir figure 4.7), est

obtenu avec l’Ansatz (4.13). Le paramètre a est en m4/W2, c’est-à-dire la dimension de

n4. Le produit entre bI2 sans dimension, donc b doit avoir la dimension de n2 (m2/W).

Les valeurs des paramètres d’ajustement ont été inscrites dans le tableau 4.3.

Paramètres d’ajustement Longueurs d’ondes (nm)
532 1064

a (m4/W2) 3.3921× 10−32 6.2989× 10−33

b (m2/W) 5.7643× 10−15 2.2673× 10−15

c 1 1

Table 4.3 – Valeurs des paramètres de la fonction (4.13) pour l’ajustement des courbes
expérimentales de n2,eff à λ = 532 nm (voir figure 4.6) et à λ = 1064 nm (voir figure 4.7).
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Les figures 4.8 et 4.9 illustrent les ajustements obtenus en utilisant l’Ansatz (4.13)

avec les paramètres d’ajustement déterminés précédemment. La courbe obtenue pour

λ = 532 nm est visible sur la figure 4.8. La courbe obtenue pour λ = 1064 nm est visible

Figure 4.8 – La courbe bleue représente n2,eff (m2/W) en fonction de l’intensité incidente
I0 (W/m2) à λ = 532 nm ajustée à l’aide de l’Ansatz (4.13) avec les données dans le tableau
4.3. Les barres verticales représentent les valeurs de n2,eff mesurées, avec les incertitudes
de mesures. Les courbes en pointillées correspondent à un ajustement des incertitudes de
n2,eff .

sur la figure 4.9.

Figure 4.9 – La courbe bleue représente n2,eff (m2/W) en fonction de l’intensité incidente
I0 (W/m2) à λ = 1064 nm ajustée à l’aide de l’Ansatz (4.13) avec les données dans le
tableau 4.3. Les barres verticales représentent les valeurs de n2,eff mesurées, avec les
incertitudes de mesures. Les courbes en pointillées correspondent à un ajustement des
incertitudes de n2,eff .

Il est donc possible de décrire l’évolution de l’indice de réfraction non-linéaire effectif
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du troisième ordre du disulfure de carbone à λ = 532 nm en utilisant la fonction (4.13) en

utilisant les paramètres a = 3.3921× 10−32 m4/W2, b = 5.7643× 10−15 m2/W et c = 1.

On va maintenant développer un nouveau modèle pour décrire la propagation du

faisceau en tenant compte de l’évolution observée de l’indice de réfraction non-linéaire

effectif du troisième ordre.

4.4.2 Équation de Schrödinger non-linéaire

L’équation de Schrödinger non-linéaire (NLS) est un modèle universel qui décrit de

nombreuses situations. Nous nous intéresserons seulement à l’optique non-linéaire. Dans

ce contexte l’équation NLS permet de décrire la propagation d’une impulsion dans une

fibre optique ou un faisceau de lumière intense dans certains milieux non-linéaires. Elle

permet de décrire la dynamique de certaines structures telles que les solitons.

Une forme générale de l’équation décrivant l’évolution d’une onde quasi-monochromatique

est

i
∂E

∂z
= − 1

2n0k
∆⊥E − F (|E|)E, (4.16)

où l’opérateur Laplacien, ∆⊥ = ∂2/∂x2 + ∂2/∂y2, représente la diffraction paraxiale,

k = 2π/λ est la norme du vecteur d’onde dans le vide, n0 est l’indice de réfraction linéaire

et la fonction F (|E|) permet de tenir compte des non-linéarités. Pour que l’équation

(4.16) soit conservative, la fonction F (|E|) doit être réelle. Par exemple, pour un effet

Kerr cubique,

F (|E|) = 3k

2n0

Re
(

χ(3)
)

|E|2 . (4.17)

Maintenant, prenons en compte l’absorption jusqu’au cinquième ordre de la suscepti-

bilité non-linéaire. La fonction F (|E|) devient alors

F (|E|) = k2
[

iIm
(

χ(1)
)

+ 3χ(3) |E|2 + 10χ(5) |E|4
]

, (4.18)

où χ(1), χ(3) et χ(5) sont, respectivement, les termes linéaire, cubique et quintique de la

susceptibilité optique. On notera que dans ce cas, ces termes sont complexes. Seule la

partie réelle de χ(1) n’apparaît pas, en effet elle est incluse dans l’indice de réfraction

linéaire n0 dans l’équation (4.16).

130



4.4. VERS UN NOUVEAU MODÈLE

On remarquera que l’équation NLS (4.16), définie dans le cas où F (|E|) est définie

par (4.18), est formellement identique à l’équation de Ginzburg-Landau complexe cu-

bique quintique. Cependant cette dernière est toujours considérée en présence de gain, or

notre système n’en présente pas. Il présente seulement de la dissipation et les propriétés

physiques sont beaucoup plus proches de celles du modèle conservatif.

Nous cherchons maintenant à déterminer l’expression de la fonction F (|E|) qui inter-

vient dans l’équation NLS (4.16) correspondant à l’expression obtenue pour n2,eff . Pour

cela nous reprenons les équations du modèle standard qui décrit l’évolution de l’intensité

lumineuse I et de la phase ϕ du faisceau qui se propage dans un milieu non-linéaire pré-

sentant un indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre (n2,eff ) ainsi que de

l’absorption linéaire (α), de l’absorption à deux photons (β) et de l’absorption à trois pho-

tons (γ), dans l’approximation des échantillons minces et en négligeant la diffraction [23].

On a pour l’intensité, l’équation

dI

dz
= −αI − βI2 − γI3, (4.19)

et pour la phase
dϕ

dz
= n2,effI. (4.20)

Dans le cas du disulfure de carbone, nous avons montré qu’aux longueurs d’onde λ =

532 nm et λ = 1064 nm, l’absorption linéaire et l’absorption à deux photons étaient nulles

(voir chapitre 3.3). Seule l’absorption à trois photons est non nulle, avec pour valeur γ =

(9.3± 1.9)×10−26 m3/W2 à λ = 532 nm et γ = (4.6± 0.9)×10−27 m3/W2 à λ = 1064 nm.

En tenant compte des particularités du CS2, les équations (4.19) et (4.20) se réduisent

à
dI

dz
= −γI3, (4.21)

dϕ

dz
=

aI

(1 + b2I2)
I. (4.22)

On applique à l’équation NLS (4.16) les mêmes approximations que celles qui mènent

aux équations (4.21) et (4.22). L’approximation des échantillons minces implique que la

131



CHAPITRE 4. FILAMENTATION DANS LE DISULFURE DE CARBONE

diffraction soit négligeable, autrement dit ∆⊥E ≡ 0. L’équation NLS se réduit alors à

i
∂E

∂z
= −F (|E|)E. (4.23)

Le champ électrique peut être écrit comme

E = |E| exp (iϕ) , (4.24)

où |E| est l’amplitude et la ϕ phase. Si on applique alors la définition du champ électrique

(4.24) dans l’équation de Schrödinger non-linéaire (4.23) on obtient

i

(

|E|z + i
∂ϕ

∂z
|E|
)

exp (iϕ) = −F (|E|) |E| exp (iϕ) . (4.25)

On peut alors séparer la partie réelle et la partie imaginaire de l’équation (4.25). En

multipliant la partie imaginaire par |E| et en utilisant la relation entre l’intensité et

l’amplitude du champ, (|E|2 = I/2cǫ0n0), on peut écrire pour la partie réelle

∂I

∂z
= −2Im [F (|E|)] I, (4.26)

et pour la partie imaginaire
∂ϕ

∂z
= Re [F (|E|)] . (4.27)

En comparant les équations (4.21) et (4.22) avec les équations (4.26) et (4.27) on

obtient pour la partie réelle

Im [F (|E|)] = γI2

2
, (4.28)

et pour la partie imaginaire

Re [F (|E|)] = aI

(1 + b2I2)
I. (4.29)

Il est alors possible d’écrire notre modèle dérivé de l’équation NLS (4.25)

i
∂E

∂z
=

−1

2n0k
∇2

⊥E −
[

ka (2n0cǫ0|E|2)2
(

1 + b2 (2n0cǫ0|E|2)2
) + i

γ (2n0cǫ0|E|2)2

2

]

E (4.30)
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Il est apriori impossible de résoudre analytiquement l’équation (4.30). Cependant il

est possible de résoudre numériquement cette équation. On va tout d’abord normaliser

l’équation afin d’en faciliter la résolution numérique.

4.5 Résolution numérique

4.5.1 Normalisation

La normalisation permet tout d’abord de réduire le nombre de paramètre et donc

de pouvoir appliquer le même résultat numérique à plusieurs situations physiques. La

résolution numérique d’une équation différentielle, la différence d’ordre de grandeurs entre

les grandeurs physiques peut être source d’erreur. La normalisation permet aussi d’utiliser

des valeurs de l’ordre de 1 ce qui permet de mieux contrôler le comportement numérique

du calcul.

Pour normaliser l’équation différentielle de notre modèle (4.30), il faut tout d’abord

identifier les variables. La variable z correspond à la position sur l’axe de propagation.

Les variables spatiales x et y correspondent à la position dans le plan transverse à la

direction de propagation. Ces trois variables d’espace ont la dimension d’une longueur.

L’autre variable est le champ électrique E.

Parmi les grandeurs physiques caractéristiques de notre problème physique nous avons

choisi le rayon du faisceau à l’entrée du milieu w0. Nous définissons aussi une longueur de

référence l et un champ électrique de référence Er. w0 et l ont pour unité le mètre tandis

que Er a les dimensions d’un champ électrique.

On procède à un changement des variables : X = x/w0, Y = y/w0, Z = z/l et

u = E/Er. L’équation différentielle de notre modèle (4.30) devient :

∂u

∂Z
=

il

2n2
0kw

2
0

∆u+
i4n2

0c
2ǫ20kaE

4
r l |u|4

1 + 4n2
0c

2ǫ20b
2E4

r |u|4
u− γ

2
4n2

0c
2ǫ20E

4
r l |u|4 u, (4.31)

où ∆ = ∂2/∂X2 + ∂2/∂Y 2. On définit la longueur de référence comme étant

l = n0kw
2
0. (4.32)
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On décide de définir un coefficient µ correspondant à la normalisation des termes relatifs

à l’absorption à trois photons. Ainsi on établit l’égalité suivante

µ = 2γn2
0c

2ǫ20E
4
r l. (4.33)

Il reste à définir la normalisation des termes relatifs à la variation de l’indice de réfrac-

tion non-linéaire du troisième ordre n2,eff = 4n2
0c

2ǫ20kaE
4
r |u|2 /

(

1 + 4n2
0c

2ǫ20b
2E4

r |u|4
)

. On

fait le choix de normaliser le champ électrique par la valeur à laquelle n2,eff est maximal.

Soit la fonction f (x) = Ax/ (1 +B2x2), où x = |u|2, A = 4n2
0c

2ǫ20kaE
4
r l et B = 2n0cǫ0bE

2
r .

L’étude de la fonction montre que f (x) croît de x = 0 jusqu’à 1/B (voire le tableau de

variation 4.10). Au delà la fonction f (x) décroît. Le maximum de la fonction f (x) est

x

d f (x)

d x

f (x)

0 1/B +∞

+ 0 −

00

A
2B
A

2B

00

Figure 4.10 – Tableau de variation et de signe de la fonction f (x)

A/2B à x = 1/B. En exprimant cela avec les grandeurs physiques de notre problème, on

obtient que l’indice de réfraction non-linéaire du troisième ordre n2,eff est maximal pour

une intensité |u|2 de 1/2n0cǫ0bE
2
r avec comme valeur n0cǫ0kaE

2
r/b. Puisque l’on a choisi

de normaliser le champ électrique par la valeur du champ lorsque n2,eff est maximal alors

on pose Er = 1/
√
2n0cǫ0b. On notera que l’intensité de référence est Ir = 2n0cǫ0E

2
r = 1/b.

On peut alors écrire l’équation (4.31) sous la forme

∂u

∂Z
=

i

2
∆u+

iη |u|4 u
1 + |u|4

− µ |u|4 u, (4.34)

où

η = kal/b2. (4.35)
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µ définit par la relation (4.33) s’écrit plus simplement

µ =
γl

2b2
. (4.36)

L’équation différentielle ainsi normalisée est plus commode à résoudre numériquement.

Pour définir le schéma numérique, il faut tout d’abord choisir des opérateurs discrets

correspondant à ceux différentiels de l’équation (4.34). En premier lieu, intéressons-nous

à l’opérateur Laplacien.

4.5.2 Méthode des différences finies

La définition de l’opérateur Laplacien de l’équation (4.34) est

∆ =
∂2

∂X2
+

∂2

∂Y 2
, (4.37)

ne peut pas être utilisée telle qu’elle par un ordinateur. Il est nécessaire d’utiliser une

technique de résolution approchée.

La méthode des différences finies est une technique couramment utilisée pour résoudre

les opérateurs dérivations. Elle consiste à approcher la dérivée d’une fonction par une

expression algébrique qui fait intervenir les valeurs numériques de la fonction en des points

suffisamment proches les uns des autres. Supposons que l’on ait une fonction quelconque

f (x) où x est une variable spatiale réelle. Pour x0 fixé et le pas de discrétisation h petit,

la formule de Taylor-Young s’écrit

f (x0 + h) = f (x0) +
f ′ (x0)

1!
h+

f ′′ (x0)

2!
h2 + · · ·+ fn (x0)

n!
hn + o (hn) , (4.38)

où fn (x0) est la dérivée n-ième de la fonction f au point x0 et o (hn) le reste, est écrit à

l’aide ds notation de Landau. On pose xj = xn + jh où j est un entier. C’est ce que l’on

appelle discrétiser la variable x. La formule de la méthode des différences finies centrée à

trois points pour la dérivée seconde, en utilisant la formule de Taylor-Young, est

f ′′ (xn) ≃
f (xj+1)− f (xj) + f (xj − 1)

h2
. (4.39)
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La discrétisation est une source d’erreur notamment lors des calculs numériques des opé-

rateurs dérivés. Pour réduire cette erreur sans surcharger la mémoire de l’ordinateur il est

possible de prendre en compte plus de points pour le calcul des différences finies. Pour

déterminer la formule des différences finies à cinq points on approche la fonction f(x) par

son polynôme d’interpolation de Lagrange P (x) sur les cinq points xj−2, xj−1, xj, xj+1 et

xj+2. On a

P (x) =

j+2
∑

k=j−2

yklk(x), (4.40)

où yk = f(xk) et lk(x) est le polynôme de degré 4 tel que lk(xn) = δkn, c’est-à-dire 1 si

k = n et 0 si k 6= n, alors

f ′′(xn) ≃ P ′′(xn) =

j+2
∑

k=j−2

ykl
′′
k(xn). (4.41)

Il suffit de calculer les coefficients l′′k(xn) et on obtient

f ′′ (x0) ≃
1

12h2
[−f (xj−2) + 9f (xj−1)− 30f (xj) + 9f (xj+1)− f (xj+2)] . (4.42)

La relation (4.42) est la formule des différences finies centrée à cinq points pour la dérivée

seconde.

Revenons à l’équation de notre modèle (4.34), considérons le champ électrique nor-

malisé transverse u (X, Y ). Dans le cas de la situation expérimentale (voir chapitre 4.2)

nous avons une caméra CCD de (1024× 764) pixels de chacun (6.45× 6.45) µm2. On

choisit de discrétiser le domaine spatial transverse (X, Y ) en Nx = 1024 points Xi et

Ny = 768 points Yj avec les pas spatiaux normalisés hX = hY = 6.45 × 10−6/w0, on a

alors un maillage carré (voir la figure 4.11). On définit ui,j = u (Xi, Yj). Par analogie avec

l’expression (4.42), on a pour la dérivée seconde suivant X

∂u

∂X
(Xi, Yj) ≃

1

12h2
x

[−ui−2,j + 9ui−1,j − 30ui,j + 9ui+1,j − ui+2,j ] , (4.43)

et pour la dérivée seconde suivant Y

∂u

∂Y
(Xi, Yj) ≃

1

12h2
y

[ui,j−2 + 9ui,j−1 − 30ui,j + 9ui,j+1 − ui,j+2] . (4.44)
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Figure 4.11 – Représentation du maillage carré (Xi, Yj) du domaine transverse (X, Y ).
hX et hY sont les pas spatiaux et u3,4 est la valeur du champ u (X, Y ) aux coordonnées
X3 et Y4.

Cependant, que se passe t-il lorsque l’on calcule le Laplacien (∂ui,j/∂X) pour les

limites du domaine (par exemple, pour i = 1) ? Si on calcule ∂u1,j/∂X, on remarque u−1,j

et u0,j sont en dehors du domaine. Ils ne sont pas définies et l’ordinateur ne peut résoudre

le calcul. On utilise alors des formules des différences finies non-centrées pour calculer la

dérivée seconde pour X1, X2, XNx−1, XNx
, Y1, Y2, YNy−1 et YNy

. On a pour les limites de

X

∂u

∂X
(X1, Yj) ≃

1

12h2
x

[45u1,j − 154u2,j + 214u3,j − 156u4,j + 61u5,j − 10u6,j ] , (4.45)

∂u

∂X
(X2, Yj) ≃

1

12h2
x

[10u1,j − 15u2,j − 4u3,j + 14u4,j + 6u5,j + u6,j ] , (4.46)

∂u

∂X
(XNx−1, Yj) ≃

1

12h2
x

[10uNx,j − 15uNx−1,j − 4uNx−2,j + 14uNx−3,j + 6uNx−4,j + uNx−5,j] ,

(4.47)
∂u

∂X
(XNx

, Yj) ≃
1

12h2
x

[45uNx,j − 154uNx−1,j + 214uNx−2,j − 156uNx−3,j + 61uNx−4,j − 10uNx−5,j ] .

(4.48)
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De même pour les limites de Y

∂u

∂Y
(Xi, Y1) ≃

1

12h2
y

[45ui,1 − 154ui,2 + 214ui,3 − 156ui,4 + 61ui,5 − 10ui,6] , (4.49)

∂u

∂Y
(Xi, Y2) ≃

1

12h2
y

[10ui,1 − 15ui,2 − 4ui,3 + 14ui,4 + 6ui,5 + ui,6] , (4.50)

∂u

∂Y

(

Xi, YNy−1

)

≃ 1

12h2
y

[

10ui,Ny
− 10ui,Ny−1 − 4ui,Ny−2 + 14ui,Ny−3 + 6ui,Ny−4 + ui,Ny−5

]

,

(4.51)
∂u

∂Y

(

Xi, YNy

)

≃ 1

12h2
y

[

45ui,Ny
− 154ui,Ny−1 + 214ui,Ny−2 − 156ui,Ny−3 + 61ui,Ny−4 − 10ui,Ny−5

]

.

(4.52)

Enfin il faut définir comment se comporte le système physique au bord du domaine,

c’est-à-dire fixer des conditions aux bords. Dans l’expérience que nous reproduisons nu-

mériquement (voir chapitre 4.2) la lumière incidente peut sortir du domaine, en partie à

cause de la diffraction. Pour reproduire cela numériquement, nous avons ajouté à l’équa-

tion (4.34) un terme d’absorption linéaire α (X, Y ). Cette absorption doit être suffisam-

ment importante au voisinage des bords du domaine pour que tous les rayons diffractés

à l’infini soient absorbés. Cependant elle doit être nulle ailleurs puisqu’elle n’est qu’un

artifice numérique permettant de rendre compte de cet effet. De plus il faut que l’ab-

sorption augmente de manière régulière lorsque l’on se rapproche d’un bord afin d’éviter

qu’un rayon diffracté vers le bord ne soit réfléchi. On a donc choisi d’augmenter la taille

du domaine de 40%. On définit sur chaque bord, une bande d’une largeur égale à 16%

de la taille du nouveau domaine (voir figure 4.12). On fixe l’absorption linéaire comme

étant nulle partout sauf en dehors de ces bandes. Dans ces dernières, l’absorption linéaire

augmente de façon quadratique à mesure que l’on se rapproche de la limite du domaine

(voir les figures 4.13 et 4.14).

Il est aussi nécessaire de réécrire l’équation (4.34) pour tenir compte de l’absorption

linéaire que nous avons ajoutée :

∂u

∂Z
=

i

2
∆u− αu+

iη |u|4 u
1 + |u|4

− µ |u|4 u. (4.53)

La discrétisation de l’opérateur Laplacien est valable en tout point du domaine. Il est
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Figure 4.12 – Représentation du changement de taille du maillage. Le carré central
représente la taille initiale du domaine tandis que le carré extérieur représente la nouvelle
taille du domaine après l’augmentation de 40%. Les bandes en bleu correspondent aux
bandes d’une largeur égale à 16% de la taille du nouveau domaine.
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Figure 4.13 – Absorption linéaire α en m−1. La taille du domaine est augmentée de 40%.

donc possible de calculer le Laplacien en utilisant les relations (4.43) et (4.44) dans le cas

général et les relations (4.45), (4.46), (4.47), (4.48), (4.49), (4.50), (4.51) et (4.52) lorsque

l’on est à moins de 3 points des limites du domaine. Enfin nous avons fixé les conditions

aux bords afin d’être le plus proche de la situation expérimentale tout en tenant compte

des limitations qu’imposent la résolution numérique par ordinateur.
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Figure 4.14 – Profil de l’absorption linéaire α en m−1 suivant la dimension x en (mm).
Le profil est établi au milieu de la dimension y.

Le second opérateur différentiel à discrétiser dans l’équation (4.53) est la dérivée sui-

vant la direction de propagation Z du champ normalisé u.

4.5.3 Méthode de Runge-Kutta d’ordre 4

Proposées pour la première fois par Carl Runge et Martin Wilhelm Kutta en 1901

[160], les méthodes de Runge-Kutta permettent de résoudre le problème de Cauchy pour

une équation différentielle. Elles reposent sur une succession d’un plus ou moins grand

nombre de formules d’intégration numérique faisant intervenir un certain nombre de points

intermédiaire à chaque pas en Z. Nous avons utilisé la méthode de Runge-Kutta d’ordre 4.

Dans le cas de la méthode Runge-Kutta d’ordre 4, il y a quatre intégrations pour chaque

pas. Illustrons nos propos en présentant cette méthode dans le cas d’une équation dérivée

simple. Considérons l’équation suivante

y′ = F (z, y) . (4.54)

L’équation (4.54) est une équation différentielle du première ordre où y est une fonction

inconnue de la distance z. Considérons que à z = 0, la fonction y est connue

y (0) = y0. (4.55)
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On discrétise l’ensemble des valeurs z en N + 1 valeurs discrètes. On résout l’équation

(4.54) pour l’ensemble des positions z0, z1, . . . , zN . On cherche alors les solutions associées

aux pas y0, y1, . . . , yN . On introduit quatres pas intermédiaires de tel sorte que

yn+1 = yn +
h

6
(k1 + 2k2 + 2k3 + k4) , (4.56)

où h est le pas de discrétisation. Les fonctions k1, k2, k3 et k4 correspondent aux variations

de la fonction yn à chaque sous-pas.

Si nous revenons à notre champ u (X, Y, Z), d’après la relation (4.56) on a

un+1 (X, Y ) = un (X, Y ) +
hZ

6
(k1 + 2k2 + 2k3 + k4) , (4.57)

avec

k1 = f (Zn, un (X, Y )) , (4.58)

pour k2

k2 = f

(

Zn +
hZ

2
, un (X, Y ) +

hZ

2
k1

)

, (4.59)

pour k3

k3 = f

(

Zn +
hZ

2
, un (X, Y ) +

hZ

2
k2

)

(4.60)

et pour k4

k4 = f (Zn + hZ , un (X, Y ) + hZk3) . (4.61)

La fonction f correspond ici au second membre de l’équation (4.53). Nous avons défini un

pas variable hZn
. On calcule tout d’abord k1 et on prend

hZn
= 1× 10−2 |un|

|k1|
. (4.62)

Si le champ varie peu, la valeur du pas sera grande, il n’est pas nécessaire de calculer

finement la propagation du faisceau. À l’inverse, si le champ varie beaucoup alors la

valeur du pas sera petite, on aura ainsi une résolution fine de la propagation du faisceau.

La résolution est donc plus précise lorsque c’est nécessaire et on gagne du temps de calcul

lorsque le système évolue peu.
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On notera que la méthode de Runge-Kutta d’ordre 4 induit une erreur numérique à

chacun des pas (erreur de consistance) qui se cumule sur une distance de propagation

finie. L’erreur à chaque pas est de l’ordre de O (h5
Z) tandis que l’erreur totale accumulée

(erreur globale de convergence) est de l’ordre de O (h4
Z).

La méthode de Runge-Kutta d’ordre 4 offre l’avantage d’être une méthode très simple

à programmer et elle très stable. Elle ne nécessite que la connaissance du champ initial.

Cette précision a un prix : un temps de calcul relativement long. Nous avons un bon

compromis entre temps de calcul et précision en utilisant les pas adaptatifs.

Maintenant que nous avons défini la méthode numérique d’intégration de la dérivée

du champ normalisé u suivant la direction de propagation Z, nous pouvons présenter les

résultats de la résolution du schéma numérique.

4.5.4 Résultats de la résolution numérique

Nous avons procédé à la résolution numérique de l’équation (4.53) en utilisant la mé-

thode des différences finies pour l’opérateur Laplacien suivant les dimensions transverses

x et y (voir le paragraphe 4.5.2) et la méthode de Runge-Kutta d’ordre 4 pour intégrer la

dérivée du champ u suivant l’axe de propagation Z (voir le paragraphe 4.5.3). Nous avons

utilisé le langage de programmation GNU Octave pour écrire le programme de résolution

numérique. C’est un langage interprété et structuré qui a les avantages d’être open-source

et gratuit. Il est par ailleurs très proche du langage MatLAB et est compatible avec les

bibliothèques standards des langages C et C++. Nous avons utilisé un système d’exploita-

tion GNU/Linux et plus précieusement la distribution Ubuntu puisqu’elle est open-source

et gratuite. En outre ce système est plus léger que ceux de Microsoft ou d’Apple. Ce

gain de puissance disponible et de place dans la mémoire vive est important lorsque l’on

cherche à optimiser le temps de calcul.

On profite de ce chapitre pour se permettre une petite digression. Il n’est pas correct

de parler de système d’exploitation Linux. En effet, le terme Linux fait référence au noyau

du système. Or le système est aussi composé de nombreux logiciels libres du Projet GNU.

On doit alors parler de système GNU/Linux.

L’algorithme de résolution numérique est composé de plusieurs étapes. Tout d’abord

on définit l’ensemble des paramètres expérimentaux :
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• la longueur d’onde du faisceau, λ = 532× 10−9 m.

• l’épaisseur de la cuve remplie de CS2, L = 1× 10−2 m.

• l’absorption à trois photons, γ = 9.3× 10−26 m3/W2.

• le pas spatial suivant la dimension transverse x, dx = 6.45× 10−7 m.

• le pas spatial suivant la dimension transverse y, dy = 6.45× 10−7 m.

• l’indice de réfraction linéaire, n0 = 1.6.

• le paramètre a de l’ajustement de la courbe de l’indice de réfraction non-linéaire

effectif (voir formule (4.13)), a = 3.3921× 10−32 m4/W2.

• le paramètre b de l’ajustement de la courbe de l’indice de réfraction non-linéaire

effectif (voir formule (4.13)), b = 5.7643× 10−15 m2/W.

• le paramètre c de l’ajustement de la courbe de l’indice de réfraction non-linéaire

effectif (voir formule (4.13)), c = 1.

• l’intensité pic du faisceau, I0 en W/m2.

On définit aussi les constantes physiques nécessaires :

• la célérité de la lumière dans le vide, c = 299792458m/s.

• la permittivité du vide, ǫ0 = 8.85418782× 10−12 s4A2/m3kg1.

Ici nous étudions l’influence de l’intensité pic du faisceau (I0) sur la filamentation du

faisceau. Nous devons définir le profil initial (à z = 0) du champ E (x, y). Pour cela nous

avons enregistré via la caméra CCD une image du faisceau à l’entrée du milieu non-linéaire

ainsi qu’une image du bruit. L’image est discrétisée en une matrice de taille (1024× 748)

(autant que de pixels de la caméra) : E (xn, ym). n est un entier compris entre 0 et 1023,

m est un entier compris entre 0 et 747. Nous utilisons un sous-programme pour acquérir

et convertir l’image de la caméra en une donnée utilisable pour la résolution numérique.

Nous soustrayons le bruit au profil de l’intensité du faisceau. Puis nous convertissons le

profil d’intensité en champ électrique grâce à la relation

|E| =
√

I

2cǫ0n0

. (4.63)
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Puisque le faisceau est focalisé à l’entrée de la cuve, la phase de ce faisceau est plane et

on peut donc la prendre nulle. Puis on mesure le rayon du faisceau à l’entrée de la cuve

grâce à la méthode D4σ (voir le chapitre 2.4). La donnée initiale correspond à la figure

4.15. On voit que le faisceau n’occupe qu’une petite partie de l’image, on recentre alors
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Figure 4.15 – Donnée initiale utilisée pour la résolution numérique.

celle-ci sur le centre du faisceau et on en réduit la taille grâce à un sous-programme. Cela

permet de réduire le temps de calcul de la résolution numérique. La quantité des données

est plus petite ainsi. La taille finale de l’image correspond à six fois le rayon du faisceau à

l’entrée (voir la figure 4.16). Ensuite nous normalisons les paramètres expérimentaux afin

qu’ils correspondent à ceux de l’équation normalisée (4.53). Pour cela nous appliquons

les relations que nous avons déterminées dans le paragraphe 4.5.1. Puis nous résolvons

l’équation normalisée (4.53) en utilisant la méthode de résolution numérique exposée dans

les parties 4.5.2 et 4.5.3 ci-dessus. Le programme s’arrête une fois que le faisceau a été

propagé jusqu’à la distance de propagation z = L. Afin de réduire la quantité de données

conservées, on n’enregistre pas le profil du champ à chaque pas. En règle générale, nous

effectuons un enregistrement pour cent pas effectués, mais cette valeur peut être modifiée.

Enfin, pour pouvoir comparer les résultats numériques avec les résultats expérimentaux

on dénormalise les résultats numériques. On peut alors traiter les données expérimentales.

Avec les paramètres de références :

• l’intensité de référence : Ir = 17.348GW/cm2,
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Figure 4.16 – Donnée initiale utilisée pour la résolution numérique, après recentrage. La
taille du domaine est fixée à 6w0.

• longueur de référence : l = 70.369mm,

• le rayon du faisceau : w0 = 17µm,

et les paramètres expérimentaux définis précédemment on calcule les paramètres norma-

lisés

• la distance de propagation : Z = 0.14× 10−4.

• le pas spatial normalisé suivant la dimension transverse x : dX = 1.057× 10−2.

• le pas spatial normalisé suivant la dimension transverse y : dY = 1.057× 10−2.

• le paramètre non-linéaire relatif à l’effet Kerr η = 848.45.

• le paramètre non-linéaire relatif à l’absorption non-linéaire cubique µ = 98.479.

Si on trace la courbe de la fonction

n2,eff × I0 =
kaI20

1 + b2I20
, (4.64)
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suivant l’intensité pic incidente I0, on observe une saturation de l’effet Kerr (voir la figure

4.17). Cette saturation commence à 50GW/cm2 et devient très importante à partir de

Figure 4.17 – Saturation de l’effet Kerr n2,eff × I0 = (kaI20 ) / (1 + b2I20 ) en fonction de
l’intensité incidente pic I0 en GW/cm2.

150GW/cm2. C’est pour cela que nous avons étudié une plage d’intensités pic à l’entrée

du milieu non-linéaire allant de 1 à 150GW/cm2. Cela correspond à une plage de valeurs

d’intensité normalisée allant de 0.06 à 8.65.

Pour des intensités pics inférieures à 5.53GW/cm2 (valeur normalisée 0.32) on n’ob-

serve pas de filamentation. Le faisceau ne fait que se diffracter dans le plan transverse

à l’axe de propagation. Ce n’est qu’à partir d’une intensité pic de 5.54GW/cm2 que le

premier filament apparaît (voir la figure 4.18). Le rayon du filament est d’environ 4µm

suivant la définition D4σ. Le second filament apparaît pour une intensité pic incidente de

I0 = 15GW/cm2. Le rayon des filaments est sensiblement le même (≈ 4µm). Au delà le

nombre de filaments augmente très rapidement. Ainsi on compte environ cinq filaments

lorsque l’intensité incidente est égale à I0 = 139GW/cm2 (voir la figure 4.19). Le lec-

teur pourra être surpris par l’utilisation du qualificatif "environ". Bien que les filaments

aient des profils d’intensités proche de la distribution Gaussienne, les intensités maxi-

males de chacun des filaments peuvent avoir des valeurs très différentes. Ainsi lors du

dépouillage numérique les fausses couleurs utilisées par le programme ne permettent pas

de voir précisément chaque filament. Malgré cela, on constate un très bon accord entre

les observations expérimentales et les résultats numériques. Notre modèle de saturation
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Figure 4.18 – Profil de l’intensité après une propagation de 10mm (épaisseur de la cuve)
obtenue grâce à la résolution numérique de l’équation (4.53) pour une intensité pic à
l’entrée du milieu non-linéaire de I0 = 5.53GW/cm2.
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Figure 4.19 – Profil de l’intensité après une propagation de 10mm (épaisseur de la
cuve) obtenu grâce à la résolution numérique de l’équation (4.53) pour une intensité pic
à l’entrée du milieu non-linéaire de I0 = 139GW/cm2.

de l’effet Kerr correspond donc bien à la situation expérimentale.

Puisque ce modèle retranscrit de façon convaincante la réalité expérimentale, nous

avons pu jouer avec d’autres paramètres du faisceau afin d’essayer de contrôler la filamen-

tation.
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4.6 Contrôle de la filamentation

Nous l’avons vu, le phénomène de filamentation est utilisé pour la fabrication de guides

d’ondes [46–53]. Le contrôle de la filamentation, c’est-à-dire la possibilité de choisir à quel

endroit le ou les filaments se forment ainsi que leurs caractéristiques (rayon du filament,

intensité pic) permettrait la réalisation de guides d’ondes plus sophistiqués, de réseaux de

guides d’ondes, c’est-à-dire d’une modulation périodique de l’indice de réfraction. Nous

avons cherché à savoir dans quelle mesure la phase du faisceau incident influence la fila-

mentation. Cependant ces travaux ont été menés à la toute fin de la thèse si bien que ce

chapitre constitue plus une ouverture qu’une étude complète de l’influence de la phase.

Nous allons tenter de démontrer les possibilités qu’offre le contrôle de la phase et l’auteur

de ce manuscrit espère que ces/ses travaux seront poursuivis.

Nous avons utilisé le nouveau modèle de saturation de l’effet Kerr pour étudier nu-

mériquement l’influence de la phase sur le faisceau. Puis nous avons confronté nos ré-

sultats numériques à l’expérience. Cependant, on présentera cette étude dans un autre

ordre. Alors que l’expérience fut réalisée après l’étude numérique, il a été nécessaire de

prendre en compte les spécificités de l’expérience d’abord, notamment celles imposées par

le contrôle de la phase. Ainsi il nous apparaît plus naturel de présenter en premier lieu

le montage expérimental, puis l’algorithme de résolution numérique, ensuite les résultats

numériques obtenus et enfin les résultats expérimentaux.

4.6.1 Montage expérimental

Le montage expérimental est très proche de celui présenté dans le paragraphe 4.2. On

utilise toujours une source laser Nd :YAG polarisée linéairement à λ = 532 nm avec une

longueur temporelle de 12 ps et un profil temporel Gaussien. Le taux de répétition du laser

est de 10Hz. On voit sur la figure 4.20 que l’on utilise toujours une lentille L1 de distance

focale f1 = 200mm. La caméra CCD utilisée est équipée d’un capteur de (1038× 1388)

pixels. La dimension du pixel est (6.45× 6.45) µm. La caméra est synchronisée avec les

tirs lasers. Le système imageur composé de la caméra CCD et de la lentille L2 est indiqué

sur la figure 4.20 par le rectangle en pointillés. Ces deux éléments sont fixés sur un rail

de translation de façon à conserver la distance i constante. La distance i entre l’image
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Figure 4.20 – Schéma du montage expérimental utilisé pour étudier l’influence de la
phase du faisceau sur la filamentation dans la cuve de CS2 d’épaisseur L. L1 et L2 sont
des lentilles convergentes. La focale de la lentille L1 est f1. o est la distance entre le plan
objet et la lentille L2, i la distance entre la lentille L2 et l’image formée sur la caméra. La
boîte en pointillé correspond au système imageur qui peut se déplacer suivant l’axe z afin
de former l’image du plan objet sur la caméra avec un grossissement de 10. SLM désigne
au modulateur spatial de lumière. Il permet de modifier la phase du faisceau laser.

formée sur la caméra et la lentille L2 est dix fois supérieure à la distance o entre le plan

objet que l’on veut visualiser et la lentille L2. On a un agrandissement égal à ×10. Le

milieu non-linéaire étudié est une cuve remplie de disulfure de carbone, d’une épaisseur

L de 10mm. Une lame demi-onde et un prisme de Glan permettent d’ajuster l’intensité

du faisceau à l’entrée. De plus un filtre spatial placé en amont du montage assure que le

profil spatial du faisceau est gaussien. La lame demi-onde, le prisme de Glan et le filtre

spatial n’apparaissent pas sur la figure 4.20.

Le contrôle de la phase du faisceau incident est accompli par le modulateur spatial de

la lumière (SLM). Le SLM est composé d’une matrice réflective LCOS (Liquid Crystal

On Silicon), c’est-à-dire une matrice composée de cristaux liquides déposés sur une base

de silicium. Cette matrice est contrôlée électriquement par un interface logiciel fourni par

le fabricant. Ce logiciel permet de modifier une valeur de gris qui est transformée, via

une carte graphique dans l’ordinateur, par une modification de l’alignement des cristaux.

Lorsque le faisceau frappe la matrice sa phase est modifiée, le déphasage peut aller jusqu’à

2π, et le faisceau est alors réfléchi Le logiciel de contrôle du SLM permet de gérer chaque

pixel indépendamment. On peut donc faire afficher n’importe quelle configuration de

phase sur la matrice. Cette matrice est de taille (1920× 768) pixels, chacun mesurant

(8× 8) µm2. Afin de profiter pleinement du potentiel du SLM et d’éviter de l’endommager,

il convient d’ajuster la taille du faisceau pour qu’il occupe toute la matrice. De plus le
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faisceau doit-être parallèle pour que le front d’onde soit plan. Le SLM est placé dans le

plan objet de la lentille L1.

Maintenant que nous avons présenté le montage expérimental, nous allons pouvoir

expliquer l’algorithme de calcul utilisé pour la résolution numérique de la propagation du

faisceau.

4.6.2 Résolution numérique

La grande différence avec la résolution numérique que nous avons présenté dans le

paragraphe 4.5 est que la phase du faisceau est dorénavant un paramètre sur lequel nous

pouvons jouer. Bien qu’il soit très simple de définir une phase à l’entrée du milieu non-

linéaire celle-ci doit être reproductible expérimentalement. Or nous venons de voir que

le SLM ne se situe pas à l’entrée du milieu mais avant la lentille L1. La conséquence est

que la phase du faisceau à l’entrée de la cuve ne sera pas celle affichée sur le SLM. Il est

nécessaire de prendre en compte la propagation du faisceau du SLM jusqu’à l’entrée du

milieu non-linéaire.

L’axe de propagation z est défini de façon que le plan focal de la lentille L1 est situé à

z = 0, la lentille L1 est située à z = f1 et le plan focal de la lentille L1 est situé à z = 2f1.

Ce dernier coïncide avec l’entrée du milieu non-linéaire. Puisque le SLM se trouve avant

la lentille L1, il est possible d’utiliser l’optique de Fourier pour calculer la propagation du

faisceau [108] du SLM jusqu’à l’entrée du milieu non-linéaire. Le champ électrique dans

le plan objet de la lentille L1 est

E (x, y) = E (x, y, 0) exp (−iϕ (x, y, 0)) , (4.65)

où E (x, y, 0) est l’amplitude et ϕ (x, y, 0) est la phase du faisceau à la position z = 0 sur

l’axe de propagation. Soit E (kx, ky, z) = FE (x, y) la transformée de Fourier du faisceau

où kx et ky sont les variables réciproques. E (kx, ky, 0) correspond au spectre de Fourier

du champ dans le plan objet de la lentille L1. On obtient le champ électrique à la position

z = f1

E (x, y, f1) = F−1 [E (kx, ky, 0)H (kx, ky, f1)] , (4.66)
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où F−1 désigne la transformée de Fourier inverse et H (u, v, f1) est la fonction de propa-

gation en espace libre à la distance finie f1

H (u, v, f1) = exp

(

i2πf1

√

1− (λu)2 − (λv)2
)

. (4.67)

Le passage du faisceau au travers de la lentille implique une transformation de phase.

La fonction de transfert de cette transformation de phase est définie par

tL1 (x, y) = exp

[

− iπ (x2 + y2)

λf1

]

, (4.68)

dans l’approximation des lentilles minces. Ainsi, on obtient le champ électrique après la

lentille comme le produit du champ (4.66) par la fonction de transfert (4.68)

E ′ (x, y, f1) = E (x, y, f1) exp

[

− iπ (x2 + y2)

λf1

]

. (4.69)

En appliquant alors de nouveau la fonction de propagation en espace libre à la distance

f1 (4.67) à la transformée de Fourier du champ électrique E ′ (x, y, f1), puis en calculant

la transformée inverse de Fourier du résultat on a

E (x, y, 2f1) = F−1 [E ′ (kx, ky, f1)H (kx, ky, f1)] . (4.70)

La discrétisation des étapes nécessaires au calcul du champ électrique à l’entrée du milieu

non-linéaire ne pose pas de problème majeur. En effet les relations (4.67) et (4.68) sont

explicites. La principale difficulté vient du calcul de la transformée de Fourier et de son

inverse. On utilise pour cela l’algorithme de transformée de Fourier rapide à deux dimen-

sions. Cet algorithme est directement implémenté dans le logiciel de calcul numérique

GNU Octave. Il impose une restriction, la taille de la matrice à laquelle on applique cet

algorithme doit être égale à une puissance de deux. De plus, cette valeur doit-être la plus

grande possible, pour qu’on aie la transformée de Fourier (ou Fourier inverse) la plus pré-

cise puisque définie pour un nombre maximal de points. Il faut cependant que les valeurs

proches des bords de la matrice soient nulles. Dans le cas contraire on observera la figure de

diffraction des bords du domaine, ce qui est dans ce cas une erreur numérique. Cependant,
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la mémoire de l’ordinateur limite néanmoins la taille de la matrice considérée, et la taille

maximale à laquelle nous pouvons prétendre est (213)2 = 8192 × 8192. On définit alors

l’amplitude du champ électrique comme une matrice |E (xn, ym)| de taille (8192× 8192)

de profil gaussien. Les pas spatiaux à l’entrée sont dx = dy. La phase ϕ (x, y), introduite

par le SLM, est déterminée par l’utilisateur, elle correspond à une matrice ϕ (xn, ym) de

même dimension que le champ électrique.

On applique aux matrices la relation (4.65), on nomme E (xn, ym) la matrice complexe

de dimension (8192× 8192) obtenue. C’est ce champ qui va être soumis à l’algorithme de

transformée de Fourier rapide à deux dimensions. Les variables d’espaces sont (x, y) tandis

que les variables réciproques sont (kx, ky). Les pas spatiaux dans l’espace réciproques dkx

et dky et sont définis tels que dx× dkx = 1/8192.

Une fois la propagation de cette matrice calculée, on peut utiliser l’algorithme de ré-

solution numérique de l’équation (4.53) correspondant à notre modèle de saturation de

l’effet Kerr présenté dans le paragraphe 4.5.4. L’inconvénient de considérer une matrice

aussi grande est que le temps de calcul devient très important. Comme précédemment,

on réduit la taille de la matrice à un domaine de longueur et de largeur égales à 6w0

(approximativement (465× 465) pixels). Nous ne représenterons pas l’algorithme de ré-

solution numérique de l’équation (4.53) puisqu’il a déjà été présenté en détail dans le

paragraphe 4.5.4. Une fois la résolution achevée, on obtient l’image de la sortie de cuve.

Parmi les quelques configurations de phases que nous avons étudiées (phase incurvée,

phase suivant une fonction de Bessel, phase top-hat), le vortex s’est révélé très prometteur.

Nous avons étudié la propagation d’un champ électrique de profil gaussien (voir la figure

4.21) de rayon w0 = 15µm et avec une phase de type vortex (voir la figure 4.22). La

singularité de phase au centre du vortex est une instabilité qui lors de la propagation

peut engendrer des effets intéressants. La position du centre de l’amplitude du champ

électrique coïncide avec celle de la singularité de phase. L’intensité à l’entrée de la cuve

est de I0 = 6GW/cm2. Les paramètres de l’équation (4.53) sont les mêmes que ceux

donnés dans le paragraphe 4.5.4. Le profil de l’intensité à l’entrée du milieu non-linéaire est

représenté sur la figure 4.23, tandis que le profil de l’intensité à la sortie est représenté sur

la figure 4.24. On observe une séparation du faisceau initial en deux filaments symétriques

par rapport au centre de la figure. On notera tout de même que les deux filaments sont
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Figure 4.21 – Amplitude du champ dans le plan objet de la lentille L1.

y 
(m

m
)

x (mm)

0

2

4

6

8

10

0 2 4 6 8 10
-1

-0.5

0

0.5

1

Figure 4.22 – Phase du champ dans le plan objet de la lentille L1. La phase est donnée
en part de π.
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Figure 4.23 – Profil numérique de l’intensité à l’entrée du milieu non-linéaire.
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Figure 4.24 – Profil de l’intensité à la sortie du milieu non-linéaire obtenue par résolution
numérique de la propagation du faisceau.
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Figure 4.25 – Profil de l’intensité à la sortie du milieu non-linéaire. Le faisceau à l’entrée
du milieu non-linéaire a une phase nulle.

légèrement plus larges que le faisceau initial.

Nous avons vu qu’avec un faisceau muni d’une phase de type vortex de vorticité 1, il est

possible de séparer le faisceau en deux filaments distincts. Il est intéressant de reproduire

cette situation dans le cadre expérimental.

4.6.3 Résultats expérimentaux

Le montage expérimental utilisé est identique à celui présenté ci-dessus (voir la figure

4.20). Grâce au logiciel de contrôle du SLM, il est possible de définir un vortex proche de

celui de la résolution numérique (voir la figure 4.22). L’image reçue par la caméra CCD

correspond à l’intensité du faisceau en sortie du milieu non-linéaire. Le laser Nd :YAG

délivre une impulsion picoseconde à λ = 532 nm. Le faisceau a un rayon de w0 ≈ 15µm.

Ainsi la longueur de Rayleigh est dix fois inférieure à l’épaisseur de la cuve (L = 10mm).

Pour ne pas endommager le SLM, nous sommes restés à des intensités modérées (5 à

6GW/cm2). On remarque qu’en absence de modulation de la phase, on observe un filament

unique à la sortie de la cuve remplie de disulfure de carbone (voir la figure 4.25). Nous

avons centré le vortex sur le filament et on a observé, comme la résolution numérique le

prédit, une séparation du filament en deux (voir la figure 4.26). Cependant on remarque

que les deux filaments ne sont pas d’intensité égale. Les résultats préliminaires bien que
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Figure 4.26 – Profil de l’intensité à la sortie du milieu non-linéaire. Le faisceau à l’entrée
du milieu non-linéaire a une phase de type vortex.

loin d’être parfaits sont prometteurs.

L’accord entre les observations expérimentales et les résultats numériques est bon.

Certes, les résultats numériques présentent une forte symétrie entre les filaments par

rapport au centre du faisceau. Cependant la donnée numérique initiale est un faisceau

Gaussien parfait, c’est-à-dire avec une symétrie de révolution. La scission du faisceau

brise cette symétrie azimutale, mais pas au point de créer un système sans symétrie. C’est

pour cela que l’on obtient deux filaments, parfaitement identiques et symétriques par

rapport au centre du faisceau. De plus, il y a conservation du moment cinétique puisque

l’équation (4.53) est conservative. La situation expérimentale est différente puisque le

faisceau réel n’a pas de symétrie de révolution parfaite. C’est cet écart entre le modèle

théorique et l’expérience qui est le plus important, mais aussi, le plus difficile à rendre.

Puisque le faisceau réel n’est pas symétrique à l’entrée, il ne peut être symétrique à la

sortie par conservation du moment cinétique.

Malgré le peu de temps que nous avons pu accorder à la réalisation du montage

expérimental, ces premiers résultats sont très prometteurs.
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4.7 Conclusion

Nous avons vu le phénomène de filamentation qui est connu et étudié depuis longtemps

[38, 45, 101]. De nombreuses explications à l’arrêt de l’effondrement du faisceau ont été

proposées : effets de la polarisation [39], l’ellipticité du faisceau [40], équilibre simultané

entre l’auto-focalisation non-linéaires et la diffraction [15,41–43], effet de l’ionisation dans

le cas de la filamentation de l’air [44,45].

Nous avons observé la filamentation d’un faisceau picoseconde à λ = 532 nm issu

d’une source laser Nd :YAG dans une cuve remplie de disulfure de carbone d’épaisseur

L = 10mm (voir les figures 4.2, 4.3 et 4.4). On a pu déterminer que le premier filament

apparaissait pour un faisceau d’intensité pic de I0 = 44GW/cm2. De plus le rayon du

filament est égal à w0 = (4± 0.6) µm.

Nous avons mesuré l’indice de réfraction effectif non-linéaire du troisième ordre n2,eff

(en m2/W) en augmentant l’intensité jusqu’à des valeurs relativement élevées. Grâce à

l’utilisation de la méthode de mesure D4σ couplée à un système imageur 4f (voir le

paragraphe 4.3.1), nous avons relevé une variation de l’indice n2,eff inédite que ce soit

à λ = 532 nm (voir la figure 4.6) ou à λ = 1064 nm (voir la figure 4.7). Habituellement

on définissait l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre n2,eff comme

un développement en série de l’intensité suivant les ordres cubiques et quintiques de la

réfraction non-linéaire (voir la formule (4.12)). Or les variations de n2,eff ne peuvent être

décrites avec ce modèle. Nous avons donc développé notre propre modèle.

En utilisant l’algorithme Levenberg-Marquardt [158,159], nous avons ajusté les courbes

expérimentales de variation de n2,eff en fonction de l’intensité incidente I grâce à l’Ansatz

n2,eff (I) = aI/ (1 + b2I2). Nous avons déterminé l’ajustement à λ = 532 nm. En adaptant

l’équation de Schrödinger non-linéaire à l’Ansatz utilisé pour l’ajustement de courbe nous

avons obtenu un nouveau modèle (4.30).

En normalisant l’équation et en utilisant la méthode des différences finies (voir le

paragraphe 4.5.2) et la méthode de Runge-Kutta d’ordre 4 (voir le paragraphe 4.5.3), il

a été possible de calculer numériquement la propagation du faisceau au travers du milieu

non-linéaire. On a observé numériquement la formation du premier filament à une intensité

pic incidente voisine de I0 = 5GW/cm2. De plus le rayon w0 du filament valait environ
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4µm. Quand on augmente l’intensité pic incidente, la filamentation devient multiple et on

observe que les filaments ont sensiblement la même taille indépendamment de la puissance

incidente.

On observe un très bon accord entre nos résultats expérimentaux et notre modèle théo-

rique. La saturation atypique de l’effet Kerr que nous avons observée est bien responsable

du phénomène de filamentation.

Enfin nous avons présenté des résultats préliminaires d’une étude théorique et expé-

rimentale de l’influence de la phase sur la filamentation (voir le paragraphe 4.6). Nous

avons tout d’abord prédit qu’il est possible de contrôler la filamentation en utilisant un

faisceau muni d’une phase de type vortex. On observe la séparation du filament unique

en deux filaments identiques disposés symétriquement de part et d’autre de la singularité

de phase du faisceau. Le contrôle de la phase est accompli grâce à un modulateur spatial

de la lumière placée dans le plan objet de la lentille L1 (voir la figure du montage expéri-

mentale 4.20). Les résultats expérimentaux montrent qu’un faisceau modérément intense

muni d’une phase de type vortex se scinde en deux filaments.

Ces résultats restent encourageants et méritent d’être approfondies. Il serait intéressant

d’étudier d’autre type de phases telles que une phase définie par une fonction de Bessel

ou des combinaisons de vortex.
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Chapitre 5

Dynamique des solitons dissipatifs et

des solitons vortex

5.1 Introduction

Le soliton est défini par P.G. Drazin et R.S. Johnson dans Solitons : an introduction

[161] comme une onde ou un paquet d’onde localisé, qui conserve sa forme au cours de

sa propagation et peut interagir avec d’autres solitons, de telle façon que seule la phase

du soliton est modifiée par cette interaction. Ce type d’onde nécessite que les effets non-

linéaires du milieu compensent la dispersion (soliton temporel) ou le diffraction (soliton

spatial). Si ce sont ces deux effets qui sont compensés alors on parle de soliton spatio-

temporel. Différentes solutions de type soliton ont été trouvées dans différentes équations

aux dérivées partielles (EDP), telles que l’équation de Schrödinger non-linéaire, l’équation

Korteweg-de Vries (KdV), l’équation sine-Gordon... De telles ondes ont été observées dans

différents domaines de la physique : hydrodynamique, optique non-linéaire, condensats de

Bose-Einstein... Des solitons on été observés dans des domaines autres que la physique

comme par exemple la biologie [162–166].

Historiquement c’est en 1834 que J. S. Russel alors ingénieur naval observa la for-

mation, dans le Canal de l’Union qui relie Édimbourg à Forth-Clyde, d’une onde de forte

amplitude dû à l’arrêt brutal d’un bateau [99]. Il l’a décrit en ces termes :

I was observing the motion of a boat which was rapidly drawn along a narrow

channel by a pair of horses, when the boat suddenly stopped – not so the
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mass of water in the channel which it had put in motion ; it accumulated

round the prow of the vessel in a state of violent agitation, then suddenly

leaving it behind, rolled forward with great velocity, assuming the form of a

large solitary elevation, a rounded, smooth and well-defined heap of water,

which continued its course along the channel apparently without change of

form or diminution of speed. I followed it on horseback, and overtook it still

rolling on at a rate of some eight or nine miles an hour, preserving its original

figure some thirty feet long and a foot to a foot and a half in height. Its height

gradually diminished, and after a chase of one or two miles I lost it in the

windings of the channel. Such, in the month of August 1834, was my first

chance interview with that singular and beautiful phenomenon which I have

called the Wave of Translation [99].

Ce soliton hydrodynamique remontant le courant sur plusieurs kilomètres sans faiblir est

modélisé par J. V. Boussinesq en 1871 [167]. Ce n’est que l’année suivant que J. V.

Boussinesq propose une EDP et en donne une solution qui décrit le soliton fondamental

[168]. C’est en 1895 que D. Korteweg et G. de Vries proposèrent à nouveau cette

EDP qui porte aujourd’hui leurs noms équation Korteweg-de Vries (KdV) [169]. Parmi les

différentes solutions de cette équation, on retrouve celle pour le soliton hydrodynamique de

J. S. Russel. On notera que cette solution est obtenue en utilisant la méthode de diffusion

inverse. Enfin c’est en 1965 que N. Zabusky et M. Kruskal résolvent numériquement

l’équation de KdV grâce à la méthode des différences finies [170]. Ils démontrent que

deux solitons peuvent entrer en collision et qu’ils conservent leur enveloppe et leur vitesse

propre après séparation. C’est N. Zabusky et M. Kruskal qui pour la première fois

nomment ces ondes solitaires aux comportements si particulier "solitons". C. S. Gardner

et al. présenteront en 1967 une méthode pour résoudre le problème de valeur initiale de

l’équation de KdV [171].

C’est avec l’arrivée des lasers en 1960, que l’optique est entrée dans l’ère du non-

linéaire. Le principal phénomène qui permet l’existence de soliton en optique non-linéaire

est l’effet Kerr optique (voir le paragraphe 1.4) [150]. Cet effet est la dépendance de l’indice
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de réfraction n par rapport à l’intensité, qui peut s’écrire

n (I) = n0 + n2I, (5.1)

où n est l’indice de réfraction, n0 est la valeur de celui-ci en optique linéaire, n2 est l’indice

de réfraction non-linéaire du troisième ordre (en m2/W) et I est l’intensité du faisceau

laser.

La variation de l’indice de réfraction n en fonction de l’intensité I de l’impulsion

laser induit une modulation de la phase, maximale au pic d’intensité de l’impulsion.

Pour les solitons temporels, ce retard de phase va compenser la dispersion chromatique.

C’est avec ce raisonnement que A. Hasegawa et F. Tappert prédisent théoriquement

l’existence de solitons temporels dans les fibres optiques de silice en 1973 [12]. La première

observation expérimentale de ceux-ci fut faite en 1980 par L.F. Mollenauer et al. [13].

Ce n’est que 8 ans plus tard que L.F. Mollenauer et K. Smith utilisent les impulsions

lasers comme vecteurs d’informations et parviennent à transmettre un signal à plus de

4000 km de distance grâce aux propriétés des solitons temporels [14]. Nous ne parlerons

pas d’avantage des solitons temporels ici, notre étude portant sur les solitons spatiaux

dissipatifs. Le lecteur désireux d’en savoir davantage pourra se reporter au livre de G.P.

Agrawal, très complet sur le sujet [172].

C’est le même effet Kerr (5.1) qui permet aux solitons spatiaux d’exister. La modu-

lation de phase induit dans ce cas un phénomène d’auto-focalisation si n2 est positif, ou

d’auto-défocalisation si n2 est négatif, qui permet de compenser la diffraction spatiale

comme illustré sur la figure 5.1. Bien que tout autant intéressant et utilisable pour des

applications réelles, les solitons spatiaux restent plus étudiés du point de vue fondamental

que les solitons temporels. En effet, l’auto-focalisation est observable dans de nombreux

matériaux, alors que dans le cas des solitons temporels, la plupart des études s’intéressent

à la propagation dans les fibres optiques en silice. Les études sur les solitons spatiaux

se portent alors sur de nombreux phénomènes physiques mis en jeu, de nombreuses ap-

plications potentielles ont été envisagées comme le routage optique ou l’ordinateur tout

optique. Cependant, la compréhension des divers mécanismes influençant la dynamique de

ces solitons n’est toujours pas suffisante pour permettre la réalisation de produits commer-
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Figure 5.1 – Illustration de la formation du soliton spatial suivant le rapport entre la
diffraction spatiale et l’effet Kerr.

ciaux. C’est pour cela que les recherches se portent plus sur la théorie que l’expérience.

Par exemple le phénomène d’auto-focalisation n’a été observé qu’en 1964 [7, 8]. C’est

aussi la première observation expérimentale de soliton spatial. Cependant ce n’est que

bien plus tard que ces deux phénomènes ont été reliés [9,10]. Les études sur le sujet sont

toujours d’actualité et de nombreux milieux sont aujourd’hui à l’étude. Très récemment

E.L. Falcão-Filho et al. [11] ont observé expérimentalement des solitons spatiaux dans

le disulfure de carbone. Ils ont expliqué l’existence d’une telle structure dans le disulfure

de carbone grâce aux contribution simultanées des susceptibilités non-linéaires cubiques

et quintiques.

La recherche progressant, les chercheurs en sont venus à étendre les études à des

systèmes non conservatifs, c’est-à-dire des systèmes admettant la possibilité de gain et

de perte d’énergies. Dans ces systèmes il existe deux équilibres. Le premier équilibre

est entre les différents effets conservatifs (diffraction et auto-focalisation), tandis que le

second équilibre est entre les différents effets non conservatifs (pertes et gains) [104].

Ces structures ont été nommées solitons dissipatifs [173,174]. Un modèle particulièrement

important ayant comme solution des solitons dissipatifs, suivant ce mécanisme d’équilibre,

est l’équation complexe de Ginzburg-Landau (CGL) avec les termes cubiques-quintiques

(CQ). On retrouve ces solitons dans les milieux amplificateurs [175–187] ainsi que dans les

cavités plasmoniques [188–197] En plus d’être un modèle pour la physique des lasers ainsi

que les cavités plasmoniques, l’équation CGL, incluant les variantes CQ, est aussi utilisée
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dans d’autres domaines de la physique comme les condensats de Bose-Einstein dans les

systèmes ouverts (tels que les condensats de quasi-particules dans les solides) [198–203],

les systèmes à réaction-diffusion [204] ou la physique des supraconducteurs [205,206]. On

notera que l’équation CGL constitue une classe universelle de modèles décrivant les ondes

non-linéaires et la formation de différentes structures dans les milieux actifs.

Dans ce chapitre nous allons commencer par formuler l’équation complexe de Ginzburg-

Landau cubique-quintique (CGL-CQ) ainsi que la méthode que nous avons utilisée pour

résoudre numériquement cette équation. Nous introduirons les paramètres sur lesquels

nous allons jouer pour étudier la dynamique des solitons dissipatifs et les structures en

découlant : la norme et la phase du vecteur d’onde transverse. Nous calculerons alors, sous

certaines approximations, une formule analytique pour déterminer la valeur seuil d’incli-

naison nécessaire au déplacement du soliton. Puis on présentera le résultats des résolutions

numériques en fonction des paramètres dans différentes configurations. Tout d’abord on

s’intéressera aux solitons fondamentaux, puis on étudiera la dynamique des solitons mul-

tipôles : les dipôles et les quadrupôles. Enfin, on exposera les résultats concernant les

vortex rhombiques et carrés.

5.2 Équation complexe de Ginzburg-Landau cubique-

quintique

Historiquement, c’est en 1984 que V. I. Petviashvili et A. M. Sergeev postulent

un modèle décrivant différentes structures bi-dimensionnelles locales et stables : l’équation

complexe de Ginzburg-Landau cubique-quintique (CGL-CQ) [58]. Cette équation ou des

variantes de celle-ci ont été utilisés dans de nombreuses situations afin décrire et d’étudier

les solutions localisées en particuliers celles uni- ou bi-dimensionnelles appelées les solitons

dissipatifs [59–89].

Dans le cadre de l’optique non-linéaire, il est possible de décrire une cavité laser bi-

dimensionnelle contenant une modulation transversale périodique de l’indice en utilisant

l’équation CGL-CQ avec un potentiel périodique transverse (représentant la modulation

transverse) [90]. On notera qu’il est possible de fabriquer des modulations transversales

dans des matériaux épais grâce aux méthodes de gravure optique [207]. De même, il
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est possible d’obtenir des modulations transversales de l’indice non-permanentes dans

les cristaux photoréfractifs, en utilisant deux lasers pompes polarisés ordinairement qui

induisent un réseau d’interférence transversal dans le cristal tandis qu’un faisceau sonde

avec une polarisation particulière, se propage suivant l’axe z [208]. De fait, les cavités

lasers avec une modulation transversale peuvent être considérées comme des cristaux

photoniques réalisés dans le domaine temporel. Des potentiels périodiques ont été réalisés

dans le domaine temporel à l’aide d’un faisceau laser externe modulé activement agissant

dans des systèmes optiques passifs,. Dans les systèmes actifs, on a surtout considéré une

modulation dans le domaine spatial. Cette modulation effective peut être induite par des

modulations spatiales du faisceau pompe [209,210].

Récemment, il a été démontré qu’il existe des vortex localisés composés de quatre pics

piégés dans les sites du potentiel périodique, qui sont stables en absence du terme diffusion

dans l’équation CGL-CQ nulle [90]. En effet, la diffusion est nécessaire pour stabiliser les

solitons vortex dissipatifs dans les milieux uniformes [78–82], mais ce terme est absent

lorsque l’on considère un guide d’onde. La diffusion est présente dans les modèles qui dé-

crivent le comportement de la lumière piégée dans une cavité où la variable d’évolution est

le temps plutôt que la direction de propagation [211]. Les solitons fondamentaux ainsi que

les solitons vortex ont été étudiés en détail pour l’équation CGL-CQ incluant un potentiel

périodique à deux dimensions [212] ou à trois dimensions [213]. Les solitons dissipatifs

spatio-temporels ont aussi été étudiés avec le modèle de l’équation CGL-CQ pour décrire

une cavité laser tri-dimensionnelle incluant un potentiel périodique [213]. Dans ce dernier

modèle, on a trouvé des solutions numériques représentant les solitons fondamentaux ou

les solitons vortex ont été trouvés comme solution numérique. La stabilité de ces solutions

face à de fortes perturbations aléatoires a été établie numériquement.

Bien que la question de la stabilité des solitons dissipatifs bi-dimensionnels dans le

modèle de l’équation CGL-CQ en présence d’un potentiel transversal soit résolue, il reste

la question de la mobilité de ces solitons au travers de ce potentiel transverse sous l’action

d’un vecteur d’onde transverse. Concrètement, un vecteur d’onde transverse correspond

à un inclinaison du faisceau incident par rapport à la normale au plan d’entrée du milieu

non-linéaire. Or l’équation complexe de Ginzburg-Landau (ECGL) modélise tout autant

les amplificateurs optiques que les cavités lasers. Dans le cas des cavités lasers, l’évolution
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est considérée dans le domaine temporel, tandis que pour les amplificateurs optiques,

c’est la distance de propagation qui est la variable de propagation. Afin de reproduire la

situation numérique, il faut incliner le faisceau très rapidement. Dans les cavités lasers,

il est possible d’incliner le faisceau au moyen d’un miroir optique ou d’un réseau de

diffraction, en utilisant un dispositif rapide. En revanche, dans les amplificateurs optiques

à un seul passage, le faisceau incident peut être incliné aisément en désalignant le faisceau

vis-à-vis de l’axe de l’amplificateur. Notre analyse est faite en considérant un montage

amplificateur, pour lequel la situation expérimentale est plus aisée à concevoir.

Par conséquent, on considère une source externe délivrant un faisceau laser qui, grâce

à un montage expérimental adéquat, à le profil du soliton fondamental de l’amplificateur.

Puis on incline la direction du faisceau incident par rapport à l’axe de l’amplificateur,

la composante transverse de la quantité de mouvement du vecteur d’onde se comporte

comme un vecteur d’onde transverse appliqué au soliton fondamental.

5.2.1 Présentation de l’équation

D’après les références [90,212] l’équation CGL-CQ normalisée décrivant l’évolution de

l’amplitude du champ électromagnétique u(X, Y, Z) à deux dimensions avec les coordon-

nées transverses ~R = (X, Y ) suivant la direction de propagation Z est

∂u

∂Z
=

[

−δ + iV (X, Y ) +
i

2
∇2

⊥ + (i+ ǫ)|u|2 − (iν + µ)|u|4
]

u, (5.2)

où l’opérateur Laplacien transverse ∇2
⊥ = ∂2/∂X2 + ∂2/∂Y 2 représente la diffraction

paraxiale, δ représente les pertes linéaires, ǫ correspond au gain cubique et µ désigne

les pertes quintiques. Le coefficient ν représente la saturation de l’effet Kerr et est par

conséquent strictement positif. Enfin la modulation transversale est représentée par le

potentiel périodique

V (X, Y ) = V0 [cos(2X) + cos(2Y )] , (5.3)

d’amplitude V0 (voir figure (5.2)). La normalisation du champ et des coordonnées est

choisie de sorte que la période du potentiel soit égale à π. Les modes localisés de l’équation

(5.2), qui correspondent physiquement à un faisceau lumineux piégé dans le plan (X, Y ),
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Figure 5.2 – Potentiel périodique V (x, y).

sont caractérisés par la puissance totale

P =

∫ ∫

|u(X, Y, Z)|2dXdY. (5.4)

Afin de résoudre l’équation (5.2), on utilise une méthode de résolution numérique qui

combine l’algorithme de Runge-Kutta d’ordre 4 et pour calculer la propagation suivant

l’axe Z, la méthode des différences finies à 5 points pour résoudre numériquement l’opéra-

teur Laplacien ∇2
⊥. Ces deux méthodes ont déjà été longuement décrites dans les sections

4.5.3 et 4.5.2. Nous ne reviendront pas dessus. Cependant, nous choisissons ici des condi-

tions aux limites périodiques. Dans l’étude de la mobilité des solitons, un solitons qui se

déplace et qui sort par un des bords du domaine, poursuit sa propagation en rentrant par

le bord opposé. Numériquement, il suffit d’écrire la méthode des différences finies pour les

points situés aux bords du domaine en utilisant des points placés de part et d’autre du

bord. Ces conditions permettent de simuler un domaine numériquement infini, et ainsi de

réduire le temps de résolution numérique par rapport à ce que requerrait un domaine très

grand.

Pour toutes les configurations considérées (soliton fondamental, dipôle, quadrupôle,

vortex cubique, vortex rhombique) nous avons utilisé les paramètres normalisées de l’équa-

tion (5.2) :

• δ = 0.4,
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• ǫ = 1.85,

• µ = 1,

• ν = 0.1,

• V0 = 1.

Ils ont été choisis de sorte que chacune des configurations initiales soient stable.

Intéressons nous maintenant au vecteur d’onde transverse.

5.2.2 Vecteur d’onde transverse

Pour la résolution numérique de l’équation (5.2), le vecteur d’onde transverse ~k0 est

appliqué au faisceau initial en multipliant l’état stable u0 par exp(i~k0 · ~R). On utilisera le

terme d’onde inclinée pour désigner l’état initial modifié par le vecteur d’onde transverse.

Le vecteur d’onde transverse s’écrit

~k0 = (k0 cos θ, k0 sin θ) , (5.5)

où k0 est la norme du vecteur et θ est l’angle qu’il fait avec l’axe des X. Du fait de

la symétrie carrée du potentiel, il est possible de confiner θ à l’intervalle 0 ≤ θ ≤ π/4.

Du point de vue du montage amplificateur, un petit angle ϕ entre le vecteur d’onde

~K0 = (Kx, Ky, Kz) de l’onde porteuse du faisceau et l’axe des Z donne naissance au

vecteur d’onde transverse ~k0. L’approximation paraxiale implique que

ϕ ≈
√

K2
x +K2

y/Kz ≪ 1. (5.6)

Avant d’étudier l’influence du vecteur d’onde transverse sur la mobilité du soliton, il est

important d’expliquer en détail la situation expérimentale afin de s’assurer que l’onde

inclinée reste bien dans l’approximation paraxiale.

L’équation (5.2) peut être obtenue de l’équation d’onde en appliquant l’approximation

de l’enveloppe lentement variable (SVEA) [175]. Ainsi le champ électrique E (dans sa

forme scalaire) peut être séparée en deux parties : l’amplitude variant lentement et les
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oscillations rapides de la porteuse

E = A(x, y, z − vt)ei(Kxx+Kyy+Kzz−ωt) + c.c., (5.7)

où (x, y, z, t) sont les coordonnées spatiales et temporelles dans les unités physiques, v est

la vitesse de groupe et c.c. signifie complexe conjugué. On peut aussi écrire que

E = A(x, y, z − vt)ei(Kzz−ωt) + c.c.. (5.8)

La différence est que dans l’équation (5.7) l’onde porteuse est oblique, tandis que dans

l’équation (5.8) l’onde porteuse est toujours définie droite. Il est alors évident que A(x, y, z−

vt) = A(x, y, z − vt)ei(Kxx+Kyy) et que ces deux formulations sont équivalentes dans la

SVEA si les oscillations dues au terme ei(Kxx+Kyy) sont aussi lentes que la variation trans-

verse de l’onde décrite par l’amplitude A(x, y, z−vt). On peut donc écrire la relation (5.8)

d’après la SVEA avec Kz = 2πn/λ, où n désigne l’indice de réfraction linéaire du milieu.

Pour normaliser l’équation (5.2), nous avions posé la relation (X, Y ) ≡ (x, y) /w, où

w correspond à la taille caractéristique du rayon du faisceau, soit approximativement

w ∼ 10 µm pour un faisceau étroit dont la longueur d’onde est de l’ordre de λ ∼ 1 µm.

Ainsi la période du potentiel (5.3) est πw dans les unités physiques. Par exemple, pour un

faisceau de rayon w ∼ 10 µm, on a une période de πw ∼ 30 µm, ce qui est une estimation

pertinente puisqu’il est déjà possible de réaliser ces modulations périodiques. La distance

de propagation normalisée est Z = z/(Kzw) ≡ (λ/2πnw) z, l’amplitude normalisée de

l’onde est

u =

√

1

2
Re (χ(3))

ωw

c
A, (5.9)

où χ(3) est la susceptibilité non-linéaire du troisième ordre. De plus, la mise à l’échelle des

composantes du vecteur d’onde transverse est donnée par (kx, ky) = w (Kx, Ky). On peut

alors estimer l’angle de déviation par tanϕ =
√

K2
x +K2

y/Kz ≡ (λ/2πnw)
√

k2
x + k2

y et,

pour les modes inclinés génériques, avec
√

k2
x + k2

y ∼ 1 dans la notation normalisée, la

condition (5.6) pour que l’approximation paraxiale soit valable implique que λ ≪ 2πnw

ce qui est l’hypothèse paraxiale standard.

En considérant les valeurs typiques précédemment citées, λ ∼ 1 µm et w ∼ 10 µm,
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ainsi que n ≃ 1.5, on a alors ϕ ∼ 0.01 (rad). Alors la distance de propagation la plus

courte que l’on puisse envisager expérimentalement, z ∼ 1 cm, correspond à une déviation

transverse de l’onde inclinée de ∆x ∼ 100 µm, qui peut donc être facilement détectée et

utilisée dans les applications.

Nous allons calculer la valeur minimale de la norme du vecteur d’onde transverse qui

permet au soliton de se déplacer.

5.2.3 Approximation analytique du seuil de mobilité

La première caractéristique (k0)thr (k0 < (k0)thr) de la déviation du faisceau est la

valeur seuil, (k0)thr, en dessous de laquelle le soliton reste piégé au creux du potentiel

périodique (5.3) alors qu’au dessus (k0 > (k0)thr) le soliton se déplace. Afin de développer

une approximation analytique dans le but de prédire la valeur seuil, on peut, à l’ordre le

plus bas, négliger dans l’équation (5.2) les termes de perte et de gain, ainsi que le potentiel

périodique. On retrouve alors l’équation de Schrödinger non-linéaire avec pour solution

les solitons de Townes, qui ont une seule valeur de puissance totale, PT ≈ 5.85 [41]. Cette

famille de solitons peut être approchée par un Ansatz utilisant la Gaussienne isotropique,

d’amplitude arbitraire A,

u
(

Z,R ≡
√
X2 + Y 2

)

= A exp

(

ibZ − πA2

2PT

R2

)

, (5.10)

et de la constante de propagation b = A2/4 [214]. Puis, en prenant en compte les termes

de gains et de pertes comme des perturbations, on peut prédire la valeur d’équilibre pour

l’amplitude à l’aide du bilan d’énergie

δ · P + µ

∫ ∫

|u (X, Y )|6 dXdY = ǫ

∫ ∫

|u (X, Y )|4 dXdY. (5.11)

En remplaçant l’approximation (5.10) dans l’équation (5.11), on obtient une équation du

second degré pour A2, avec pour racines

A2 =
3ǫ±

√

3 (3ǫ2 − 16µδ)

4µ
. (5.12)

169



CHAPITRE 5. DYNAMIQUE DES SOLITONS DISSIPATIFS ET DES SOLITONS
VORTEX

La solution la plus grande correspond à un soliton dissipatif stable (la plus petite corres-

pond à un soliton instable) [215].

Maintenant, considérant le faisceau incliné, notre soliton subit l’onde transverse, que

l’on désignera par soliton incliné. La valeur seuil de la norme du vecteur d’onde trans-

verse qui permet de mettre en mouvement le soliton incliné (k0)thr peut être estimée en

comparant la barrière de potentiel de Peierls-Nabarro (PN) UPN et l’énergie cinétique du

soliton incliné EC. L’invariance Galiléenne de l’équation (5.2) [216] (en absence de tout

potentiel) induit que la norme du vecteur d’onde transverse (5.5) donne naissance à une

vitesse ~k0, ce qui implique que la solution devient une fonction de ~R − ~k0Z ≡ ~R−~Υ au

lieu de ~R. L’énergie cinétique correspondante devient

EC = (1/2)Pk2
0, (5.13)

où P joue le rôle de masse effective du soliton. En supposant que le soliton incliné se dé-

place en suivant la direction définie par θ (5.5), l’énergie effective de l’interaction du soliton

prise selon l’Ansatz (5.10) avec le potentiel (5.3) traité lui aussi comme une perturbation

est

Epot(Υ) = −V0

∫ ∫

[cos(2X) + cos(2Y )] |u (X −Υcos θ, Y −Υsin θ)|2 dXdY

= −V0P exp

(

− PT

πA2

)

[cos (2Υ cos θ) + cos (2Υ sin θ)] , (5.14)

où Υ est le décalage du soliton à partir de la position X = Y = 0 dans la direction définie

par θ. Il ressort de cette expression que la barrière PN, c’est-à-dire la différence entre la

plus grande valeur et la plus petite valeur de l’énergie potentielle, est estimée pour

EPN = V0P exp

(

− PT

πA2

)

∆(θ), (5.15)

où ∆(θ) est la différence entre le maximum et le minimum de la fonction [cos (2Υ cos θ) + cos (2Υ sin θ)]

Il est évident que ∆(0) = 2 et ∆(π/4) = 4. Pour les valeurs intermédiaires de θ, il est

possible d’approcher ∆(θ) par la différence des valeurs de la fonction entre les points
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Υ = 0 et π/2 cos θ, c’est-à-dire

∆(θ) ≈ 3− cos (π tan θ) . (5.16)

Enfin on détermine la valeur seuil en fixant les conditions, EC = EPN, on obtient

(k0)thr =
√

2V0 [3− cos (π tan θ)] exp

(

− PT

2πA2

)

. (5.17)

Cette prédiction sera comparée par la suite aux résultats numériques.

Nous allons présenter les résultats numériques. Intéressons nous tout d’abord aux

solitons fondamentaux.

5.3 Solitons fondamentaux

Le soliton dissipatif fondamental que nous obtenons par résolutions numériques est une

solution numérique de l’équation (5.2) avec le potentiel (5.3) et les valeurs des paramètres

données précédemment. Le soliton est visible sur les figures (5.3) et (5.4). Le domaine de

simulation est une matrice (X, Y ) de 256× 256 points couvrant la zone |X|,|Y | ≤ 22. On

notera que le soliton épouse le site du potentiel périodique. Pour le jeu de paramètres,

la prédiction analytique indique une amplitude pour le soliton stable de A ≈ 1.496 , or

l’amplitude de la solution numérique est voisine : A ≈ 1.479 . Par conséquent la Gaussienne

isotropie (5.10) est un Ansatz approprié à la description des propriétés statiques des

solitons.

5.3.1 Formation de la flèche de soliton

En premier lieu nous avons fixé θ = 0, c’est-à-dire qu’on considère des solitons inclinés

par rapport à l’axe des X (voir l’équation (5.5)). Nous avons trouvé numériquement que

le seuil que la norme doit franchir pour que le soliton sorte du site est

(k0)thr (θ = 0) ≈ 1.6865. (5.18)
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Figure 5.3 – Courbe de niveau de l’amplitude du soliton fondamental stable |u(X, Y )|.

Figure 5.4 – Coupe transversale de l’amplitude du soliton stable |u(X)| à Y = 0.

Lorsque l’on est en dessous de ce seuil, le soliton incliné oscille dans le site du potentiel,

autour de son minimum (voir la figure 5.5). Ces oscillations sont amorties. Pour 0 < Z < 8

(voir la figure 5.6), la puissance totale augmente subitement puis diminue et revient à sa

valeur initiale P ≈ 3.2. Une partie de l’onde franchit la barrière de potentiel et se déplace

dans le site voisin (voir la figure 5.5). Cependant, pour k0 < (k0)thr ≃ 1.6865, la puissance
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Figure 5.5 – Évolution de l’amplitude locale |u(X,Z)| de la section transverse Y = 0 du
soliton fondamental, soumis à un vecteur d’onde transverse de norme k0 = 1.61 et avec
θ = 0.

Figure 5.6 – Évolution de la puissance totale d’un soliton incliné avec un vecteur d’onde
de norme, k0 = 1.61 et avec θ = 0.

transmise dans le nouveau site n’est pas suffisante pour créer un nouveau soliton et est

absorbée par le milieu. En revanche, la prédiction analytique (5.18) donne le résultat

(k0)thr (θ = 0) ≈ 1.32, soit un écart relatif de ≃ 20% avec la valeur obtenue par la

résolution numérique (5.18). Cela s’explique par le fait que, près du seuil, le soliton se

déforme, alors que notre approche analytique se base sur la forme du soliton (5.10), et
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donc ne prend pas en compte l’énergie perdue (ce facteur rehausse la valeur du seuil).

Si k0 > (k0)thr, alors la portion de l’onde qui passe la barrière de potentiel est suffi-

samment grande pour créer un nouveau soliton dissipatif dans le site adjacent. Ensuite, ce

nouveau soliton peut rester dans ce site ou bien continuer à se déplacer dans la modula-

tion. On voit sur la figure 5.7 la création d’un second soliton pour k0 = 1.6878, c’est-à-dire

pour une valeur de k0 légèrement supérieure au seuil. Cette figure représente le scénario
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Figure 5.7 – Évolution de l’amplitude du champ local |u(X, Y )| correspondant au soliton
incliné, obtenu pour k0 = 1.6878 et θ = 0. La distribution du champ est montrée pour
différentes distances de propagation Z.

standard de la dynamique du soliton, on peut la résumer de la façon suivante

1. Le soliton initial (ou seulement une partie de celui-ci) passe la barrière de potentiel

et se déplace sur le second site.

2. Le soliton reste sur le site un certain temps.

3. Si k0 n’est pas suffisamment fort, le second soliton reste de façon permanente dans

le site.
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4. Si k0 est suffisamment fort, alors le soliton passe de nouveau la barrière de potentiel

et se déplace vers le troisième site. Il est possible que le soliton continue à se déplacer

le long de la modulation.

5. Une partie du second soliton reste dans le deuxième site et grandit dans ce site pour

devenir un soliton.

6. Quand k0 n’est plus suffisamment fort pour permettre de remplir un nouveau site,

alors tous les solitons restant oscillent et relaxent dans leur site respectif(voir la

figure 5.7).
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Figure 5.8 – Identique à la figure 5.7, mais pour k0 = 1.6872 et θ = 0.

On observe sur la figure 5.9 l’évolution de la puissance totale pour k0 = 1.6878 et

θ = 0, c’est-à-dire correspondante à la situation présentée sur la figure 5.7. On voit que la

puissance est maximale pour Z = 15.89 et qu’au-delà de cette valeur, elle oscille. Chaque

minimum correspond à la collision de deux solitons. On a ajouté sur la figure 5.9 des

lignes horizontales qui correspondent à la puissance de 1, 2, 3 ou 4 solitons au repos. La

puissance totale pour un seul soliton au repos est en effet Psol ≈ 3.15.
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Figure 5.9 – Évolution de la puissance totale pour la situation correspondant à la fi-
gure 5.7, avec k0 = 1.6878 et θ = 0. Les lignes horizontales montrent la puissance qui
correspondant à 1, 2, 3 ou 4 solitons fondamentaux au repos.

Nous avons trouvé que les solitons peuvent être dupliqués de nombreuses fois, la confi-

guration obtenue est appelée flèche de solitons. L’augmentation de la valeur de k0 conduit

à la diminution du nombre de solitons dans la flèche. Le soliton se déplace alors plus rapi-

dement et ne passe plus suffisamment de temps dans chaque site pour y créer un nouveau

soliton. Pour k0 = 1.6872 on obtient un seul nouveau soliton et les deux solitons restent

confinés dans leur site respectif (voir la figure 5.8). On notera que cette valeur de k0 est

inférieure à celle de la figure 5.7 (k0 = 1.6878). De plus, pour k0 = 2.082 le soliton se

déplace sans entrave et ne génère aucun nouveau soliton.

En revanche, pour des valeurs de k0 inférieures, le mouvement du soliton peut en-

gendrer la création d’une flèche de solitons. La figure 5.10 présente le résultat de la dy-

namique du soliton soumis pour k0 = 1.694. On observe qu’une flèche de cinq solitons

est crée, avec en plus un sixième soliton qui reste libre et continue à se déplacer comme

une quasi-particule [217] jusqu’à ce qu’il entre en collision avec la flèche de soliton qu’il

rencontre par le côté opposé à cause des conditions aux limites périodiques. Le soliton

libre est absorbé par la flèche durant cette collision. Cette collision est visible sur la figure

5.10(f), où l’on voit le soliton libre à gauche de X = 0. Nous reviendrons plus tard en

détail sur les collisions entre solitons.

En observant la coupe transversale de la flèche de soliton (voir la figure 5.11), on
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Figure 5.10 – Identique aux figures 5.7 et 5.8, mais pour k0 = 1.694. Ici, le soliton
incliné créé une flèche de cinq solitons (l’image (f) montre le soliton libre supplémentaire,
le sixième, qui frappe la flèche dans la direction opposée, finissant son tours du domaine).

voit qu’elle reste dans un état excité. On observe des ondes locales de la densité qui

se déplacent le long de la flèche. Cette onde est réfléchie par le vide après le dernier

soliton de la flèche. De telles perturbations locales de la densité se propageant au travers

d’une chaîne de solitons piégés sont équivalentes aux superfluxons, qui ont été étudiés
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Figure 5.11 – Évolution de l’amplitude locale |u(X,Z)| dansdans le plan transverse
Y = 0, dans la même situation que celle de la figure 5.10 (k0 = 1.694 et θ = 0).

théoriquement et expérimentalement dans les flèches de fluxons 1 piégés dans une jonction

de Josephson avec un réseau périodique d’imperfections locales [218]. Ces perturbations

correspondent aussi à celles que l’on a observées dans une série de solitons se repoussant

mutuellement qui forment un pendule de Newton, dans un modèle de Bose-Einstein à

deux composantes [219].

5.3.2 Influence de k0

La figure 5.12 résume les résultats de l’analyse systématique de notre modèle (5.2).

Nous avons déterminé le nombre de solitons obtenus en fonction de la norme k0 du vecteur

d’onde transverse, pour θ = 0. Les plages de valeurs correspondent aux valeurs de k0 pour

laquelle on obtient le même nombre de soliton.

Dans le cas où l’on a un soliton libre qui entre en collision avec la flèche stable, après

avoir effectué un tour complet du domaine (grâce aux conditions aux limites périodiques),

comme par exemple dans les cas décris par les figures 5.10 et 5.13 (la figure 5.14 montre

la coupe dans le plan transverse Y = 0 de ce dernier), le nombre de soliton est établi

juste avant la première collision. Sinon, le nombre est compté une fois que le système

s’est immobilisé.

1. Les fluxons sont des solitons topologiques qui représentent des quanta de flux magnétiques.
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Figure 5.12 – Le nombre de solitons en fonction de la norme k0 du vecteur d’onde
transverse pur θ = 0. Dans les espaces étroits visibles entre les intervalles sur le graphiques,
le nombre de soliton ne peut pas être définie exactement, puisque les saut de valeur pour
le nombre de soliton est au minimum de 1.
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Figure 5.13 – Identique à la figure 5.10, mais pour k0 = 1.705. Ici, le soliton libre se
sépare de la flèche et vient la percuter par l’autre côté. La flèche absorbe le soliton libre.
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Figure 5.14 – Évolution de l’amplitude locale |u(X,Z)|, dans le plan transverse Y = 0,
dans la même situation que pour la figure 5.13.

Les résultats numériques montrent que le nombre de solitons augmente rapidement de

1 la valeur obtenue pour k0 ≤ (k0)thr ≈ 1.6865 (voir l’équation 5.18) jusqu’à un maximum

de 5, plus un sixième qui se déplace librement, pour k0 = 1.6927. Chaque nouveau soliton

s’ajoute à la flèche de solitons suivant le scénario décrit précédemment (voir le paragraphe

5.3.1). À partir de k0 = 2.082, le nombre de solitons décroît, avec des plages de valeurs

de k0 de plus en plus longue (voir la figure 5.14).

Comme nous l’avons dit précédemment, on obtient au maximum 6 pour 1.6927 < k0 <

1.6942. En plus des figures 5.10 et 5.11, cette situation est illustrée par la figure 5.3.2 où

la puissance totale moyenne est de P = 23 (voir la figure 5.16). Les lignes horizontales sur

cette figure représentent la puissance totale d’un à sept solitons stables. On rappelle que

la puissance totale pour un seul soliton stable est de Psol ≈ 3.2. On observe alors que la

puissance totale de la structure à six soliton dépasse la puissance totale de sept solitons

stables. Ceci est du au fait que la puissance totale du soliton en mouvement est environ

égale au double de la puissance totale du soliton stable.

Pour k0 ≥ 2.082, le soliton incliné se déplace librement le long du domaine de simu-

lation (voir la figure 5.17). Dans ce cas, la figure 5.18 montre que la vitesse du soliton

augmente et tend vers une valeur limite. Pour calculer numériquement la vitesse, on a

déterminé pour chaque Z la position du centre du soliton à l’aide d’une interpolation
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Figure 5.15 – Coupe transversale de l’amplitude du champ |u (X,Z)|, suivant Y = 0,
pour k0 = 1.693 et θ = 0. On obtient une configuration à six solitons.

Figure 5.16 – Évolution de la puissance totale, pour k0 = 1.693 et θ = 0, qui conduit à
la création d’une configuration à six solitons.

de Lagrange de degré deux des données numériques. De plus, on a observé de petites

oscillations de la vitesse lorsque le soliton se déplace le long du potentiel périodique. Il

est naturel que la vitesse varie lorsque le soliton passe du creux au sommet du potentiel.

Le soliton ralentit lorsqu’il gravit le potentiel et il accélère lorsqu’il descend du sommet

vers le creux. Ces oscillations ont été lissées en moyennant la vitesse sur une quinzaine de

périodes.
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Figure 5.17 – Coupe transversale de l’amplitude |u (X,Z)| du champ, suivant Y = 0,
pour k0 = 2.1 et θ = 0.

Figure 5.18 – Évolution de la vitesse du soliton fondamental incliné pour k0 = 2.1 et
θ = 0.

Nous allons maintenant faire varier, en plus de la norme k0 du vecteur d’onde trans-

verse, l’angle θ d’inclinaison de celui-ci.
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5.3.3 Dynamique du soliton fondamental suivant l’inclinaison de

sa vitesse initiale

On applique le vecteur d’onde transverse dans une direction faisant un angle θ 6= 0

avec l’axe des X (voir l’équation (5.5)). Les résultats ont été résumés dans le tableau 5.1

pour θ = π/4 (le vecteur d’onde est alors orienté suivant la diagonale) et dans le tableau

5.2 pour θ = π/8.

Nombre de solitons Intervalle de valeurs de k0
1 k0 ∈ [0, 2.355]
0 k0 ∈ [2.36, 4.337]
1 k0 ∈ [4.563, 10]

Table 5.1 – Le nombre de soliton obtenus en fonction de k0 pour θ = π/4.

Pour θ = π/4, le soliton fondamental reste piégé dans son site pour k0 ≤ (k0)thr (θ = π/4) =

2.166 et il est détruit pour 2.25 < k0 < 4.337. Pour k0 > 4.337, un seul soliton subsiste et

se déplace librement suivant la diagonale. De plus, pour θ = π/4n on n’obtient jamais que

0 ou 1 soliton, quelque soit la valeur de k0 (voir le tableau 5.1). La prédiction analytique

(5.17) indique que (k0)thr (θ = π/4) ≈ 1.87, ce qui est environ ≈ 16% plus faible que la

valeur obtenue par la résolution numérique. L’écart relatif est donc du même ordre que

dans le cas θ = 0.

On notera qu’avec de très grandes valeurs de k0 (un ou deux ordres de grandeurs

au-dessus des valeurs du tableau 5.1), on observe la création de solitons sombres ("dark-

solitons"). La puissance totale peut alors excéder celle du soliton fondamental par un

facteur de l’ordre de 1000. La figure 5.19 montre que les trous dans le fond continu sont

stables. De plus, les centres de ces trous coïncident avec les singularités de phase (voir la

figure 5.20), ce sont des vortex soutenus par le fond continu.

La création d’un nouveau soliton est toutefois possible dans le cas du vecteur d’onde

transverse oblique avec θ = π/8. Dans ce cas, le nouveau soliton est orienté suivant l’axe

des X, comme l’indique le tableau 5.2. Le nombre total de soliton inclut tous les solitons

sauf le soliton original, s’il subsiste.

De plus, pour un angle θ = π/8, les résolutions numériques montrent que le soliton

incliné reste piégé dans le site du potentiel pour k0 ≤ (k0)thr (θ = π/8) = 1.816, tandis que
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Figure 5.19 – Distribution de l’amplitude |u (X, Y )| du champ dans le cas d’un soliton
fondamental initial incliné suivant la diagonale (θ = π/4), pour k0 = 100, à Z = 49.98.

Nombre de solitons
Intervalle de valeurs de k0Total suivant l’axe des X suivant l’axe Y

1 0 0 k0 ∈ [0, 1.816]
3 2 0 k0 = 1.974
2 1 0 k0 = 2.1
1 0 0 k0 ∈ [2.224, 4.569]
0 0 0 k0 ∈ [4.816, 5.804]
1 0 0 k0 ∈ [6.05,∞)

Table 5.2 – Identique au tableau 5.1, mais pour un angle θ = π/8.

l’approximation analytique (5.17), indique dans le même cas que (k0)thr (θ = π/8) ≈ 1.54.

La création de nouveaux solitons se produit au dessus de ce seuil pour θ = 0 et θ = π/4. Le

plus grand nombre de solitons obtenus une configuration de trois solitons, et est obtenue

pour k0 = 1.974. Elle est composée de deux solitons piégés dans leurs sites, qui oscillent,

et d’un soliton en déplacement libre, comme on peut le voir sur la figure 5.21. Pour

k0 = 2.1, on obtient un soliton en déplacement libre, en plus d’un soliton piégé. Les

résultats numériques montrent que, dans tous les cas le soliton, qui se déplace librement

le fait suivant l’axe des X, malgré le fait que le vecteur d’onde transverse soit oblique.
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Figure 5.20 – Phase de la distribution u (X, Y ) pour le soliton fondamental incliné suivant
la diagonal (θ = π/4) pour k0 = 100 à Z = 49.98.
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Figure 5.21 – Amplitude |u (X,Z)| du champ en coupe transversale selon Y = 0, pour
k0 = 1.9743 et θ = π/8.

Si la norme du vecteur d’onde transverse est plus grande,

4.816 < k0 < 5.804, (5.19)
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alors le soliton est détruit. La puissance totale du soliton augmente tout d’abord, tandis

qu’il se déplace au travers de la première barrière de PN, puis elle décroit jusqu’à atteindre

zéro. Pour un k0 supérieur, le soliton survit, mais dans ce cas sa trajectoire dans le plan

XY est courbe (voir la figure 5.22).

Figure 5.22 – Exemples de trajectoires courbes pour les solitons pour θ = π/8 et pour
deux valeurs de k0, 6.05 et 10, dans le plan XY. On a tracé, pour référence, les trajectoires
obtenues pour θ = π/8 et θ = π/4.

Il est pertinent de comparer le nombre de solitons obtenus dans nos résolutions nu-

mériques pour θ = 0 à ceux obtenus pour θ = π/8. Dans les deux cas, ces nombres sont

résumés en fonction de la projection k0x ≡ k0 cos θ de ~k0 sur l’axe des X (voir le tableau

5.3). On remarque que le nombre de solitons varie sensiblement de la même manière en

fonction de k0x pour θ = 0 et pour θ = π/8, sauf pour le cas de la destruction du soliton

(0 dans le tableau), qui à lieu pour θ = π/8, mais pas pour θ = 0.

De plus, l’évolution de la vitesse du soliton avec la distence de propagation Z est

présentée sur la figure 5.23 pour différentes valeurs de k0. Rappelons que, pour θ = π/8,

il y a deux domaines de valeurs de k0 pour lesquels le soliton incliné se déplace, séparés

par un intervalle (5.19) dans lequel le soliton est détruit. On observe que les solitons

accélèrent en-dessous de l’intervalle de non-existence du soliton (5.19) et décelèrent au-

dessus de celui-ci. Cependant la vitesse tend vers une valeur finie dans tous les cas. De

186



5.3. SOLITONS FONDAMENTAUX

Intervalle de valeur Intervalle de valeur Nombre de solitons Nombre de solitons
de k0 de la projection k0x pour θ = 0 pour θ = π/8

[0, 1.816] [0, 1.6778] 1 1
1.974 1.8237 3 3
2.1 1.9401 2 2

[2.224, 4.569] [2.0547, 4.2212] 1 1
[4.816, 5.804] [4.4494, 5.3622] 1 0

Table 5.3 – Nombre de solitons en fonction de k0x, pour les angles θ = 0 et θ = π/8.

plus, la figure 5.23 suggère que, après une longue distance de propagation, la vitesse tend

vers un valeurs discrète proche de 2 ou proche de 3. Comme dit ci-dessus, ces vitesses

(autrement dit, les valeurs de k0 qui peuvent, directement, produire une telle vitesse, voir

les lignes horizontales sur la figure 5.23) correspondent à un soliton se déplaçant le long

de l’axe des X, plutôt que suivant un angle. La conclusion est que le système relaxe vers

des valeurs discrètes de la vitesse, ceci est normal pour un système dissipatif qui donne

naissance à un ou plusieurs attracteurs isolés, plutôt qu’à une famille d’états continue,

qui aurait alors une vitesse arbitraire.

Un comportement similaire est observé pour d’autre angles. On a tracé des courbes

correspondant à θ = 0 sur la figure 5.23, et aussi sur la figure 5.18. Ici aussi la vitesse

approche asymptotiquement la même valeur discrète, proche de 2 et 3, avec une accélé-

ration en-dessous ou une décélération au-dessus de ces valeurs. Pour θ = π/4, lorsque le

soliton est dans ce régime, il se déplace librement en diagonale.

Nous allons à présent nous intéresser à la collision entre solitons.

5.3.4 Collisions entre solitons

Une des interactions possibles entre les configurations multi-solitons et un soliton se

déplaçant librement, précédemment observée, est la collision entre la structure immobile

et le soliton en mouvement, qui arrive par le côté opposé à celui par lequel il est sorti

de la boite (voir les figures 5.10, 5.13, 5.3.2, et 5.21). La collision est possible puisque

nous utilisons des conditions aux limites périodiques. Il existe deux scénarios distincts

pour ces collisions. L’un montre une collision élastique, dans laquelle le soliton incident

semble passer au travers de la structure stable (suivant un mécanisme proche de celui du

pendule de Newton [219]), et réapparaît avec la même vitesse qu’avant l’interaction et
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Figure 5.23 – Évolution de la vitesse du soliton en fonction de la distance de propagation
Z pour différentes valeurs de k0 et de θ.

dans le même sens (voir la figure 5.24). L’autre scénario est l’absorption du soliton en

mouvement par la structure (voir la figure 5.25).
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Figure 5.24 – Collision élastique entre un soliton en déplacement et une structure multi-
solitonique stable, pour k0 = 1.8 et θ = 0.

Des interactions plus compliqués ont aussi été observées. Par exemples, certaines com-

binent plusieurs collisions élastiques ou quasi-élastiques, et se terminent par l’absorption

du soliton en déplacement. Les résultats des collisions ont été résumés dans le tableau

5.4 (l’intervalle k0 > 2.081 n’apparaît pas dans le tableau puisque pour ces valeurs de
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Figure 5.25 – Absorption du soliton incident par la structure multi-solitonique stable
lors d’une collision, pour k0 = 1.765 et θ = 0.

k0 on n’a qu’un seul). Pour 1.766 < k0 < 1.86, on a observé une succession de collisions

élastiques, de 1 à 5, leur nombre variant de manière apparemment aléatoire, à la suite

desquelles le soliton mobile est absorbé. Ce scénario est nommé "pendule de Newton avec

amortissement" dans le tableau 5.4. Pour k0 > 1.86, nous avons observé des collisions

élastiques qui arrive se reproduisent de manière périodique, comme dans le pendule de

Newton (nom qui est utilisé dans le tableau 5.4), voir la figure 5.26.

Type de collision Intervalle de valeur de k0
absorption k0 = 1.6879

pendule de Newton avec amortissement k0 = 1.6909
absorption k0 = 1.692
complexe k0 = 1.693
absorption k0 ∈ [1.695, 1.765]

pendule de Newton avec amortissement k0 ∈ [1.766, 1.86]
pendule de Newton k0 ∈ [1.866, 2.081]

Table 5.4 – Type de collision en fonction la norme k0 du vecteur d’onde transverse.

Il existe toutefois une situation particulière, celle où l’on obtient le plus grand nombre

de soliton, pour k0 = 1.693, que nous avons vu précédemment. Dans ce cas, le scénario de

collision est complexe, comme le montre la figure 5.27. On observe aussi bien des collisions

élastiques (à Z ≃ 50 et 100) que des absorptions (à Z ≃ 238). Une caractéristique

inattendue est la mise en mouvement de deux solitons dans le sens contraire à celui du
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Figure 5.26 – Exemple de collisions élastiques périodiques comme dans le pendule de
Newton, pour k0 = 1.867 et θ = 0.

soliton incident, autour de Z ≃ 150. Le motif global finit par relaxer (un peu plus loin)

vers une flèche de 6 solitons, ce que confirme la courbe d’évolution de la puissance totale

de la figure 5.28.
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Figure 5.27 – Exemple de l’interaction complexe entre le soliton incident et la structure
immobile pour k0 = 1.693 et θ = 0. La figure présente la distribution de l’amplitude du
champ |u (X,Z)|, suivant la coupe transversale Y = 0.

Dans le cas où de nombreuses collisions élastiques entre deux solitons se répètent

régulièrement sur une très longue distance de propagation, nous avons vérifié que la vitesse
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Figure 5.28 – Courbe de la puissance totale en fonction de la distance de propagation
Z. Les lignes horizontales correspondent à des multiples de la puissance totale du soliton
fondamental stable.

était transmise du solitons en mouvement avant la collision à celui mis en mouvement

après la collision. Le cas de k0 = 1.974 et θ = 0 rend bien compte de ce phénomène. Après

le premier tour de cavité, le premier soliton, l’original, est stable tandis que le second,

nouvellement généré, se précipite sur le premier. On voit sur la figure 5.29 que chaque

collision conduit à un échange de la vitesse entre les deux solitons, comme dans le cas

d’une collision élastique entre deux particules. De plus, nous avons identifié la vitesse

du centre de masse des solitons du système. La figure 5.30 montre que celle-ci augmente

au fil des collisions et se rapproche d’une des valeurs discrètes de la vitesse présentées

précédemment. Dans ce cas, la vitesse tend vers une valeur asymptotique proche de 1.

Après avoir utilisé le soliton fondamental unique comme donnée initiale, nous allons

considérer d’autres configurations, intéressons nous tout d’abord aux dipôles.

5.4 Dipôles

5.4.1 Création de configuration à plusieurs dipôles

Considérons le complexe de solitons le plus simple, le dipôle, qui correspond à deux

solitons alignés (suivant l’axe des Y ) et occupant deux sites adjacents. De plus, les deux

solitons sont (mutuellement) verrouillés en phase avec une différence de phase de π. Le
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Figure 5.29 – Courbe de la vitesse de chaque soliton suivant la distance de propagation
Z, pour une paire de solitons entrant périodiquement en collision. Ici k0 = 1.974 et θ = 0.

Figure 5.30 – Vitesse du centre de masse en fonction de Z pour une paire de solitons
entrant périodiquement en collision. Ici k0 = 1.974 et θ = 0.

dipôle est présenté sur la figure 5.31. On utilisera le même code couleur pour toutes les

figures présentant la distribution d’amplitude des différentes structures multi-photoniques

(dipôle, quadrupôle, vortex carré et vortex rhombique). Le dipôle est mis en mouvement

de la même façon que le soliton fondamental, c’est-à-dire en appliquant un vecteur d’onde

transverse. Commençons par étudier l’influence de k0 pour θ = 0 (déplacement suivant

l’axe des X).
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Figure 5.31 – Distribution en amplitude du dipôle stable.
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Figure 5.32 – Phase (en fractions de π) du dipôle stable.

Comme on le montre dans la figure 5.33, le dipôle en déplacement se multiplie en une

série de dipôles secondaires, de façon identique au mécanisme présenté pour le soliton

fondamental. Chaque nouveau dipôle créé présente un déphasage de π entre les deux soli-

tons qui le constituent. De plus, la nouvelle structure obtenue est stable. La configuration

présentée sur la figure 5.33 est une chaîne de 5 dipôles piégés et d’un dipôle mobile. Ce

dernier poursuit son déplacement le long du domaine. Les conditions aux limites pério-

diques lui permettent de sortir du domaine par la droite et de réapparaître par la gauche.

Le dipôle mobile finit par heurter la chaîne de dipôles. Il est absorbé par la chaîne du-
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rant la collision. On conserve alors une configuration de 5 dipôles stables. Immédiatement

après la collision la chaîne de dipôles oscille et finit par relaxer.
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Figure 5.33 – Amplitude |u(X, Y )| du champ obtenue en inclinant le dipôle initial pour
k0 = 1.665 et θ = 0, à la distance de propagation Z = 22.410. Le dipôle le plus à gauche
est mouvement vers la droite.

Figure 5.34 – Évolution de la structure produite par le dipôle, de la puissance totale
du champ en fonction de la distance de propagation Z. Les lignes horizontales rouges
indiquent la puissance totale correspondant à un nombre entier de dipôles stables.

L’image 5.33 corrobore ce que nous avions observé pour les solitons fondamentaux : le
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plus grand nombre de dipôles obtenu est de 6 (5 dipôles stables et 1 dipôle en mouvement).

Il est important de noter que, comme le montre la figure 5.34, la puissance totale de la

structure à 6 dipôles est proche de la puissance totale de 7 dipôles stables. Cela est dû au

fait que la puissance d’un dipôle en déplacement est approximativement égale à celle de

2 dipôles stables.

Afin d’étudier le résultat de la dynamique de la formation des structures de façon

analogue au cas du soliton fondamental, nous avons calculé le nombre de solitons obtenu

en fonction de la norme k0 du vecteur d’onde transverse. Nous avons résumé ces résultats

sur la figure 5.35. Ceci nous donne une caractérisation des interactions qui nous permet

de choisir judicieusement quels cas traiter et d’améliorer le traitement des données.

Figure 5.35 – Nombre des dipôles dans la structure finale, en fonction de la valeur k0
appliquée au dipôle (θ = 0).

En dessous de la valeur seuil de k0 qui a été déterminée numériquement,

k
(thr)
0 (θ = 0) ≈ 1.651, (5.20)

le dipôle se met à osciller puis relaxe. Il reste piégé proche du minimum de la cellule

du potentiel périodique où il se trouve. Puis, comme on le voit dans la figure 5.35, le

nombre de dipôles augmente graduellement suivant k0, jusqu’à atteindre un maximum

de 6 dipôles pour k0 = 1.665. Il est nécessaire de mentionner que cette valeur de k0 ne

se trouve pas dans l’intervalle pour [1.6927, 1.6942], dans lequel on obtient le maximum

de solitons à partir du soliton fondamental (voir le paragraphe 5.3.1). Cette observation

suggère que la création d’un nouveau dipôle ne se résume pas à la création simple des
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deux nouveaux solitons fondamentaux composant celui-ci. Passé la valeur k0 = 1.665, le

nombre de dipôles diminue graduellement.

5.4.2 Dynamique induite par l’action du vecteur d’onde trans-

verse sur le dipôle

Par souci d’exhaustivité dans la description du système à deux dimensions, nous avons

aussi étudié numériquement la dynamique des régimes quasi uni-dimensionnels en mettant

en mouvement le dipôle à l’aide d’un vecteur d’onde transverse faisant un angle θ = π/2

avec l’axe des X, c’est-à-dire dans l’axe du dipôle (5.5). Cette configuration entraine la

possibilité de générer de nouveaux dipôles mais aussi des solitons fondamentaux. Nous

avons trouvé que la valeur minimale pour laquelle le dipôle est mis en mouvement est plus

petite que celle obtenue pour θ = 0 (5.20) :

k
(thr)
0 (θ = π/2) ≈ 1.303. (5.21)

Les résultats obtenus pour cette configuration sont résumés dans le tableau 5.5. Au-

Comportement de Intervalle de valeur Nombre de nouveaux solitons
la structure de k0 créés suivant la direction Y

1 dipôle k0 ∈ [0, 1.303] 0
1 dipôle et 1 soliton k0 ∈ [1.304, 1.875] 1

1 dipôle et 2 solitons mobiles k0 ∈ [1.88, 1.885] 2
2 dipôles et 2 solitons mobiles k0 ∈ [1.89, 2.015] 4
2 dipôles et 1 soliton mobiles k0 ∈ [2.02, 2.17] 3
1 dipôle et 2 solitons mobiles k0 ∈ [2.175, 2.255] 2
2 dipôles et 1 soliton mobiles k0 ∈ [2.26, 2.36] 3

1 soliton piégé et 2 solitons mobiles k0 ∈ [2.365, 2.46] 2
2 solitons en déplacement k0 ∈ [2.465,∞) 0

Table 5.5 – Le nombre de dipôles et de solitons fondamentaux établi en fonction de k0,
pour un vecteur d’onde transverse dans la direction de l’axe du dipôle (θ = π/2). Dans la
colonne de droite, chaque nouveau dipôle est compté comme deux solitons.

dessus de la valeur seuil (5.21), de nouveaux solitons mobiles sont créés : un pour k0 ∈

[1.304, 1.875], et deux dans un intervalle étroit k0 ∈ [1.880, 1.885]. Puis pour k0 ∈ [1.89, 2.015],

un nouveau soliton mobile apparaît, et se déplace suivant la même direction que le dipôle.

Il est accompagné par deux solitons mobiles. Pour k0 ∈ [2.02, 2.17], on a un soliton mobile
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de moins et pour k0 ∈ [2.175, 2.255], le dipôle original disparaît au cours de la propaga-

tion, on ne conserve qu’un dipôle et deux solitons, tous mobiles. Pour k0 ∈ [2.26, 2.36], on

observe la même structure que pour k0 ∈ [2.02, 2.17] (deux dipôles et un soliton mobile).

Puis, pour k0 ∈ [2.365, 2.46], le dipôle se sépare en deux solitons mobiles, et le soliton

supérieur laisse un troisième soliton piégé dans le site qu’il occupait initialement. On re-

trouve la même dynamique pour des k0 supérieurs, à la différence près que le soliton ne

laisse plus rien derrière lui, et ne fait que se déplacer le long du réseau défini pour la

modulation.

5.4.3 Différent scénarios de collisions entre les dipôles

Toutes les mesures et résultats établis dans le paragraphe précédent l’ont été pour

une propagation sur une grande distance, mais avant que le dipôle mobile et la structure

immobile entrent en collision. On rappelle que le dipôle mobile peut entrer en collision

avec la structure en sortant par le bord droit du domaine d’étude puis en réapparaissant

par le bord gauche, ce sont les conditions aux limites périodiques qui le permettent. Grâce

aux conditions aux limites périodiques, le dipôle mobile que l’on voit sur la figure 5.33

fait le tour complet du domaine et entre en collision avec la chaîne de dipôles immobiles.

Les résultats de nos nombreuses résolutions numériques correspondant à cette situation

peuvent être regroupé en trois types, qui peuvent présenter une dynamique persistante ou

transitoire. On notera que tous ces régimes ont été observés pour θ = 0 (vecteur d’onde

transversale suivant l’axe des X). Les trois régimes sont :

• Le régime de collisions élastiques périodiques, qui correspond au passage du dipôle

mobile au travers du dipôle immobile de façon récurrente et périodique (voir les

figures 5.36 et 5.37). Ce régime survient pour k0 ∈ [1.865, 1.868]. On remarque que,

dans cet intervalle, conformément à la figure 5.35, la structure laissée dans le sillage

du dipôle en mouvement contient exactement un autre dipôle immobile.

• Le régime transitoire, qui présente un certain nombre de collisions quasi-élastiques,

avant que le dipôle mobile ne soit finalement absorbé par la structure immobile.

Cette structure correspond à deux dipôles liés entre eux (voir les figures 5.38 et

5.39). Ce régime transitoire apparaît pour k0 = 1.816, dans ce cas la figure 5.36
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confirme que le dipôle mobile laisse un groupe de 2 dipôles supplémentaires dans

son sillage.

• Le régime de "suppression de l’obstacle", au contraire du précédent, présente plu-

sieurs collisions élastiques avant que le dipôle immobile soit absorbé par celui en

mouvement (voir les figures 5.40 et 5.41). Ce scénario est possible pour k0 ∈ [1.884, 1.9]

et autour de k0 = 2.083 (dans cet intervalle, la figure 5.35 confirme que le dipôle

mobile créé, originelement, un dipôle immobile).
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Figure 5.36 – Coupe transverse du champ |u (X, Y, Z)| pour Y = 0, dans le plan XZ,
pour k0 = 1.865. C’est une illustration du scénario des collisions élastiques périodiques,
où le dipôle mobile répète les collisions élastiques avec le dipôle immobile.

Dans les autres cas, le dipôle mobile est absorbé par la structure immobile dès la

première collision.

Il convient de souligner que les deux premiers régimes ont été observés pour les col-

lisions de solitons fondamentaux (voir le paragraphe 5.3.4). Le troisième régime ("sup-

pression de l’obstacle") est original. Une autre caractéristique de ce régime est que le

dipôle subsistant finit par se séparer en deux solitons fondamentaux indépendants (voir

la figure 5.42(a)). Afin d’étudier cette séparation, nous avons identifié la position (Xc, Yc)

de l’amplitude maximale de chacun des solitons (de son centre), ainsi que la phase en

ce points, en fonction de la distance de propagation Z. On observe que la séparation du

dipôle et la perte de la corrélation de phase entre les solitons commence de façon "cachée"
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Figure 5.37 – Vue rapprochée d’une des collisions de la figure 5.36.

X

Z

-20

-15

-10

-5

0

5

10

15

20

0 10 20 30 40 50 60

Figure 5.38 – Coupe transverse du champ |u (X, Y, Z)| pour Y = 0, dans le plan XZ,
pour k0 = 1.816. C’est une illustration du régime transitoire, dans lequel le dipôle mo-
bile est absorbé par une paire de dipôles piégés, après un certain nombre de collisions
élastiques.

à Z ≈ 102.8, et devient visible à Z ≃ 112.5 (voir les figures 5.42(c) et 5.42(d)). Les deux

solitons se séparent définitivement à Z ≃ 115. Cette séparation conduit aussi à une vitesse

de déplacement différente entre les solitons (la vitesse est définie comme dXc/dZ), comme

l’illustre la figure 5.42(b).

Intéressons nous maintenant à la dynamique des quadrupôles.
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Figure 5.39 – Vue rapprochée de la collision absorbante de la figure 5.38.
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Figure 5.40 – Coupe transverse du champ |u (X, Y, Z)| pour Y = 0, dans le plan XZ,
pour k0 = 1.884. C’est une illustration du régime "suppression de l’obstacle", dans lequel
le dipôle mobile absorbe le dipôle stationnaire, après un certain nombre de collisions entre
eux.

5.5 Quadrupôles

Le quadrupôle est composé de quatre solitons, qui sont mutuellement verrouillés en

phase, avec une différence de π entre deux solitons adjacents. La figure 5.43 représente le

quadrupôle initial. Même si cette structure ne présente pas de vorticité, nos résolutions

numériques montrent qu’elle est extrêmement stable. Nous avons concentré notre étude

sur les régimes dynamiques induits par l’application du vecteur d’onde transverse (5.5) sur
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Figure 5.41 – Vue rapprochée de la collision absorbante de la figure 5.40.
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Figure 5.42 – Exemple de séparation de l’unique dipôle survivant, du régime "suppres-
sion de l’obstacle", en deux solitons fondamentaux non-corrélés, pour k0 = 1.884. (a)
Amplitude |u (X, Y )| du champ pour Z = 199.965. (b) Vitesse et (c) position de chacun
des solitons en fonction de la distance de propagation Z. (d) Différence de phase entre les
solitons en fonction de la distance de propagation Z, en fractions de π. La ligne horizon-
tale rouge correspond à une différence de phase égale à π. Les flèches sur les figures (c)
et (d) indiquent le début de la perte de cohérence de phase et de la séparation des deux
solitons.
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le quadrupôle. La valeur seuil de k0 qui permet de mettre en mouvement le quadrupôle,
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Figure 5.43 – Distribution de l’amplitude du quadrupôle stable utilisé comme donnée
initiale dans les résolutions numériques.
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Figure 5.44 – Phase (en fraction de π) du quadrupôle stable utilisé comme donnée initiale
pour les résolutions numériques.

obtenue numériquement, est

k
(thr)
0 (quadr) = 1.28, (5.22)
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Lors du déplacement horizontal du quadrupôle, celui-ci se sépare en deux dipôles et génère

un certain nombre d’autres dipôles (paires de solitons) immobiles, avec un déphasage de

π/2 entre eux. Le nombre de solitons obtenus est tracé en fonction de k0 (pour θ = 0) sur

la figure 5.45. Puisque ces résolutions numériques ont été faites en utilisant des conditions

aux limites périodiques, le dipôle libre complête sa progression du domaine (suivant l’axe

des X) et finit par entrer en collision avec la structure immobile. Le nombre de solitons a

été évalué juste avant la collision.

Figure 5.45 – Nombre total de solitons fondamentaux obtenu dans les structures en
fonction de la norme k0 du vecteur d’onde transverse appliqué à un quadrupôle stable.
Chaque dipôle compte comme 2 solitons.

La courbe est très différente de celles obtenues pour le soliton fondamental (voir la

figure 5.12) et pour le dipôle (voir la figure 5.35). En dessous de la valeur seuil (5.22),

le nombre de solitons fondamentaux dans les structures émergentes augmente et reste

constant pour un large intervalle de valeurs de k0 (k0 ∈ [1.28, 1.87]). Puis, le nombre

de solitons augmente jusqu’à un maximum de 14, obtenu dans plusieurs plages : k0 ∈

[1.89, 1.893], k0 = 1.91 et k0 ∈ [1.935, 1.96]. On notera que cette augmentation n’est

pas monotone. Par exemple, on a 12 solitons générés pour k0 ∈ [1.885, 1.887] et k0 ∈

[1.895, 1.9]. Alors que, dans k0 ∈ [1.9125, 2.338], le nombre de solitons varie entre 8 et

16. Le nombre maximum de solitons obtenu est 18, atteint pour k0 = 2.339. Puis, le

nombre de solitons tombe à 6, et cette valeur reste constante dans un large intervalle,

k0 ∈ [2.373, 2.475]. Puis, dans un intervalle encore plus large, aucun nouveau soliton n’est
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créé par la mise en mouvement du quadrupôle initial. Mais, le dernier se sépare alors en

deux dipôles libres.

Pour k0 = 2.339, la résolution numérique montre la création d’une structure à 18

solitons. Au départ, les deux dipôles mobiles sont issus de la séparation du quadrupôle

originel, voir la figure 5.46(a). Le dipôle le plus rapide (celui dont la trajectoire est ca-

ractérisée par la pente dXc/dZ la plus forte), se déplace sans créer de nouveaux solitons,

tandis que le plus lent crée un certains nombre de nouveaux dipôles : un troisième dipôle

mobile, ainsi que 6 dipôles immobiles. On a donc un total de 18 solitons. La puissance

totale augmente jusqu’à atteindre l’équivalent de celle de 24 solitons stables. Cela cor-

respond à 12 solitons immobiles avec 3 dipôles en mouvement. Ceci est illustré par la

figure 5.46(b)). Grâce aux conditions aux limites périodiques, on observe la collision des 3

dipôles mobiles, l’un après l’autre, avec la chaîne de dipôle précédemment générée (voir la

figure 5.46(a)). Les deux premiers dipôles sont capturés par la chaîne, augmentant ainsi

le nombre de solitons liés, tandis que le troisième dipôle mobile est absorbé sans qu’un

nouveau soliton soit ajouté à la chaîne. On obtient une chaîne de 8 dipôles stables, soit 16

solitons. On observe alors, au sein de la chaîne de dipôles, une oscillation interne qui finit

par relaxer, voir la figure 5.46(d). La figure 5.46(a), étant une coupe dans le plan Y = 0,

ne montre que les solitons qui s’y trouvent (la rangée du bas). Il en est de même pour la

figure 5.46(c). Les autres solitons de la chaîne de dipôle se situent sur la ligne Y = 3 et

présentent les mêmes caractéristiques.

Comme nous l’avons indiqué précédemment (voir la figure 5.47), pour k0 > 2.48, le

quadrupôle initial se sépare en deux dipôles se déplaçant à des vitesses différentes. Il n’y a

pas formation de nouvelle paire de solitons. La différence de phase entre les deux solitons

constituant chaque dipôle reste π.
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Figure 5.46 – Évolution du quadrupôle mobile pour k0 = 2.339. (a) L’amplitude
|u (X, Y, Z)| du champ suivant la coupe transversale Y = 0, avant la collision du di-
pôle mobile avec la structure immobile. (b) Puissance totale en fonction de Z (les flèches
verticales montrent l’endroit où les collisions se produisent) ; les lignes horizontales rouges
montrent la puissance correspondant à n solitons fondamentaux stables, n étant le nombre
de solitons indiqué sur l’axe vertical de droite. (c) Amplitude |u (X, Y )| du champ à
Z = 399.34. (d) Amplitude |u (X, Y, Z)| du champ suivant la coupe transversale Y = 0,
après la collision.

Figure 5.47 – Vitesse des deux dipôles issus de la scission du quadrupôle initial, pour
k0 = 3.
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Comme nous l’avons indiqué dans l’introduction, il existe un autre type de structures

stables solutions de l’équation CGL-CQ : les solitons vortex.

5.6 Solitons vortex

5.6.1 Génération de configuration chaotique par inclinaison de

vortex rhombiques

Il a déjà été établi que la modulation périodique de l’indice permet la stabilisation

des vortex localisés de deux types appelés les carrés (centrés sur le site) et le rhombiques

(centrés hors du site) [220–223]. Considérons tout d’abord la dynamique des vortex rhom-

biques. Le vortex est composé de 4 solitons piégés, entourant un site innocupé (voir la

figure 5.48). C’est d’ailleurs ce site qui porte la circulation de phase de 2π, correspondant

à la charge topologique de S = 1, c’est-à-dire la vorticité (voir la figure 5.49).
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Figure 5.48 – Distribution de l’amplitude dans le cas du vortex rhombique stable. Les
lignes correspondent aux courbes de niveau du potentiel V .

Pour un faible vecteur d’onde transverse faible, (k0 . 0.1), chacun des solitons fonda-

mentaux composant le vortex oscille, tandis que la vorticité S = 1 est conservée (c’est-
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Figure 5.49 – Distribution de la phase (en fractions de π) dans le cas du vortex rhombique
stable.

à-dire que la différence de phase entre les solitons adjacents reste proche de π/2), voir la

figure 5.50(b). Pour un k0 plus important, k0 = 0.5, la structure de phase du vortex est

détruite. Le vortex devient un quadrupôle comme le montre la figure 5.50(c).

(a) (b)

(c)

Figure 5.50 – Différence de phase entre les solitons adjacents du vortex (en fractions de
π), en fonction de Z, (a) pour k0 = 0, (b) pour k0 = 0.1 et (c) pour k0 = 0.2.

Pour k0 = 1.0 et k0 = 1.5, voir les figures 5.51 et 5.52, le vortex est détruit et est
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remplacé par des groupes apparemment aléatoires de solitons fondamentaux.
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Figure 5.51 – Amplitude |u (X, Y )| du champ à Z = 299.725, généré par un vortex
rhombique suivant k0 = 1.0.
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Figure 5.52 – Identique à la figure 5.51, mais pour k0 = 1.5.
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5.6.2 Vortex carrés

Contrairement à leurs homologues rhombiques, les vortex carrés, tel que celui de la

figure 5.53, sont instables pour les valeurs des paramètres de l’équation (5.2) que nous

avons choisis. Cette instabilité n’intervient toutefois que pour de longues distance de

propagation. En conséquence, les vortex carrés sont plus fragiles que les vortex rhombiques

[221]. Les vortex carrés se transforment en quadrupôles stables. Néanmoins, il nous semble

pertinent de s’intéresser à la dynamique de formation de structures à partir de vortex

instables.
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Figure 5.53 – Distribution de l’amplitude du vortex carré instable. Les lignes corres-
pondent aux courbes de niveaux du potentiel V .

Tout d’abord nous considérons l’application du vecteur d’onde transverse (5.5) pour

différents k0 et avec θ = 0. Les solitons composant le vortex oscillent sans se déplacer

pour k0 inférieur à un seuil k(thr)
0 = 1.2125, à comparer aux valeurs trouvées dans les

autres situations (5.20), (5.21), et (5.22). Il peut arriver qu’un nouveau soliton soit créé et

se déplace suivant l’axe des X. Cependant, la puissance de ce soliton n’est pas suffisante

pour qu’il se stabilise. Le nouveau soliton finit toujours par s’affaiblir et disparaître, tandis

que le soliton initial appartenant au vortex retrouve sa position initiale. La structure de
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Figure 5.54 – Distribution de la phase du vortex carré instable (en fractions de π).

phase interne du vortex est aussi détruite par les oscillations. On obtient un quadrupôle,

conformément à ce que nous avions mentionné précédemment au sujet de l’instabilité de

la structure.

L’augmentation de k0 conduit à la formation de nouvelles structures à deux dimensions.

Pour k0 = 1.5, les deux solitons fondamentaux de la paire verticale de droite, appartenant

au vortex original, se multipliant tandis qu’ils se déplacent vers la droite (c’est-à-dire la

direction du vecteur d’onde transverse), voir la figure 5.55. Un effet notable, de rupture

de symétrie entre les solitons du haut et ceux du bas, est que seuls les solitons du bas

arrivent à créer une flèche horizontale de nouveaux solitons (trois nouveaux). Dans ce cas,

la figure 5.56 montre que la puissance totale (5.4) oscille entre la puissance totale de 7

et celle de 8 solitons stables. La configuration résultante est une forme désordonnée qui

continue d’osciller au hasard, comme le montre la figure 5.55.

Pour certaines valeurs de k0 supérieures (par exemple, k0 = 2.0), la configuration

originelle à 4 solitons est transformée en un complexe de trois solitons stables tandis

qu’un dipôle et des solitons isolés supplémentaires sont créés et se déplace le long du

réseau (voir la figure 5.57).

Finalement, pour des valeurs de k0 encore plus élevées, le vortex se transforme en

une grappe carré de 4 solitons mobiles. Les figures 5.58 et 5.59, montrent le résultat en

3 dimensions. Pour k0 = 2.5, la grappe laisse derrière lui une copie d’un des solitons
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Figure 5.55 – Évolution du vortex carré après application du vecteur d’onde transverse
pour (θ = 0) et k0 = 1.5.

Figure 5.56 – Évolution de la puissance totale pour la configuration obtenue à partir du
vortex carré pour k0 = 1.5. Les lignes horizontales rouges montrent la puissance équivalant
à n solitons stables.
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Figure 5.57 – Évolution de la configuration obtenue à partir du vortex carré pour k0 = 2.

originels, tandis que pour k0 = 3.0 la grappe mobile est le seul mode émergeant. Bien que

la grappe soit stable, elle ne porte pas de structure de phase.
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Figure 5.58 – Rendu tri-dimensionnel de l’évolution du vortex pour k0 = 2.5, qui se
transforme en une grappe mobile stable de 4 solitons. La progression chromatique indique
la direction de propagation. Le tube verticale représente le soliton supplémentaire qui se
forme dans le sillage du cluster mobile.
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Figure 5.59 – Identique à la figure 5.58 mais pour k0 = 3.0. Dans ce cas, le vortex se
transforme entièrement en une grappe mobile.

Nous avons aussi étudié l’influence d’un vecteur d’onde transversale dirigés dans

d’autres directions en faisant varier l’angle θ (5.5). Tout d’abord, comme le montre la

figure 5.60(a), pour θ = π/8 et k0 = 1.5, on observe une brisure de la symétrie entre

la ligne de solitons du haut et celle du bas. On obtient une flèche de nouveaux solitons

suivant la ligne horizontale du bas. De plus, nous avons considéré les angles θ = 5π/8,

9π/8 et 13π/8, afin de vérifier la symétrie globale de cette configuration. Les résultats

montrent qu’il est possible de contrôler la direction d’émission de la flèche de solitons en

contrôlant la direction du vecteur d’onde transverse (voir les figures 5.60(b), (c) et (d)).

En résolvant l’équation CGL-CQ pour différentes valeurs de θ et de k0, nous avons

conclu qu’il existe un angle seuil ε, suivant lequel l’émission se fera le long d’un des axes

X ou Y dès que l’angle entre le vecteur d’onde transversale de cet axe sera plus petit

que ε. Plus précisément, si on repère la direction de l’émission par l’angle φ qu’elle fait

avec l’axe des X, à φ = 0, π/2, π ou 3π/2, il y a émission dès que (φ− π/4 + ε) < θ <

(φ+ π/4− ε), avec ε = 0.059. Si l’angle θ se situe dans les intervalles entre ces plages de

valeurs,[φ + π/4 − ε;φ + π/4 + ε], alors il n’y a pas de génération de flèche de soliton.

Dans ce cas, le vortex carré devient un quadrupôle.

Ces résultats ne peuvent être expliqués que par la circulation de phase intrinsèque

du vortex. Celle-ci est dirigée dans le sens trigonométrique (de X vers Y ). Ainsi, comme

représenté on l’a schématiquement pour θ = π/8 sur la figure 5.61, la superposition

du vecteurs d’onde transverses (vu comme un gradient de phase) et du flux de phase
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Figure 5.60 – Configurations obtenues à partir du vortex carré pour k0 = 1.5 mais
suivant différentes directions : (a) θ = π/8 ; (b) θ = 5π/8 ; (c) θ = 9π/8 ; (d) θ = 13π/8

intrinsèque donne naissance à un gradient de phase qui est maximal sur le soliton en bas

à droite, dans la directions des X croissants. Ceci conduit à l’émission d’une flèche de

solitons en ce point et dans cette direction.

Figure 5.61 – Schéma explicatif de la direction dans laquelle est générée la flèche de
soliton à partir de vortex carré.

Il est intéressant de considérer la situation des vortex de vorticité opposée (−1 au lieu

de +1). Le renversement de symétrie (non illustré ici) aboutit à des résultats analogues
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à ceux présentés précédemment. La direction du vecteur d’onde initial pour laquelle on

obtient les mêmes résultats s’obtient par une symétrie par rapport à l’axe de coordonnées

le plus proche. On notera que ces résultats sont valables à la fois pour des conditions aux

limites périodiques que pour des conditions aux limites absorbantes.

5.7 Conclusion

Dans ce chapitre nous avons étudiés la dynamique des solitons dissipatifs bi-dimensionnels

dans différentes configurations : soliton fondamental, dipôle, quadrupôle, vortex carré, vor-

tex rhombique. Pour ce faire nous avons utilisé l’équation complexe de Ginzburg-Landau

cubique-quintique dans sa forme standard, et nous l’avons résolue numériquement à l’aide

de la méthode de Runge-Kutta d’ordre 4 et de la méthode des différences finies à 5 points.

Nous avons étudié la mobilité des structures vis-à-vis de l’application d’un vecteur d’onde

transverse (5.5) sur la configuration initiale considérée [224]. Cela revient à incliner le fais-

ceau incident dans le cas d’une cavité laser, c’est-à-dire que l’observation expérimentale de

cette mobilité suppose la génération d’un faisceau laser oblique dans le milieu considéré.

Dans le cas de la dynamique du soliton fondamental, nous avons déterminé numé-

riquement la norme seuil à franchir pour mettre celui-ci en mouvement. Cette valeur a

été confrontée à une approximation analytique basée sur une estimation des conditions

pour franchir une barrière de potentiel de Peierls-Nabarro. En dessous de cette valeur,

le soliton oscille un temps dans son site puis relaxe. Diverses configurations de solitons

ont été observées, notamment l’émergence d’une flèche de solitons avec un maximum de

6 solitons. Nous avons décrit la dynamique du déplacement et de la création de nouveaux

solitons. Les solitons mobiles ainsi formés ont une vitesse qui tend vers deux valeurs

discrètes, ce qui indique la coexistence de deux attracteurs dans le système dissipatif.

Différents scénarios de collisions (élastiques et inélastiques) entre les structures immobiles

et les solitons mobiles ont été étudiés. On a déterminé ainsi des régimes quasi-élastiques,

comme celui du pendule de Newton, ainsi que des régimes d’absorptions du soliton mobile

par la structure immobile, parfois après de nombreuses collisions élastiques. La mobilité

du soliton fondamental peut être utilisée pour la création de nombreuses configurations

différentes qui apparaissent dans le sillage du soliton se déplaçant entre les sites de la
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modulation périodique d’indice. Enfin il a été établi que la puissance d’un soliton mobile

est approximativement le double de celle du soliton immobile.

Nous avons ensuite étudié la mobilité des dipôles, c’est-à-dire des paires de solitons pré-

sentant une différence de phase verrouillée à π. Nous avons observé des structures proches

de celles obtenues à partir des solitons fondamentaux, par exemple des flèches horizon-

tales de 6 dipôles, au maximum, qui font écho à la flèche de 6 solitons, bien qu’elles soient

obtenues à une valeur de k0 différente. Nous avons établi le seuil pour lequel les dipôles

se mettent en mouvement. Nous avons observé la formation de configuration inédites de

dipôles immobiles, mobiles et de solitons mobiles lors de l’application d’un vecteur d’onde

transverse suivant l’angle θ = π/2. Enfin, nous avons déterminé trois régimes de collisions

entre un dipôle mobile et une structure immobile composée de différents dipôles : le régime

de collisions élastiques périodiques, le régime transitoire et enfin le régime de "suppression

de l’obstacle". Dans le dernier cas, il a même été possible d’observer la scission du dipôle

en deux solitons mobiles se déplaçant à deux vitesses différentes.

Nous avons étudié la mobilité des quadrupôles, c’est-à-dire des groupes de 4 solitons

disposés suivant un carré et occupant chacun un site adjacent, avec une différence de phase

entre chaque soliton adjacent verrouillée à π. La mise en mouvement de cette structure

nécessite une valeur minimale de k0 que nous avons déterminée numériquement. Puis nous

avons décrit les différentes structures émergentes en fonction k0 pour θ = 0. On obtient

un maximum de 18 solitons. On a également décrit la séparation du quadrupôle en deux

dipôles qui se déplacent à deux vitesses distinctes. On notera que chaque dipôle présente

un verrouillage en phase entre les deux solitons qui le composent.

Enfin nous avons étudié deux types de vortex. Tout d’abord le vortex rhombique qui

est stable. La vorticité de cette structure se maintient pour de très faibles valeurs de k0.

Au delà, elle se perd et on ne conserve que 4 solitons isolés. Si l’on met en mouvement

le vortex, on observe l’émergence de nombreux solitons, dans une disposition chaotique.

L’autre type de vortex est le vortex carré, instable. En effet ce dernier perd la vorticité

après une propagation sur une très longue distance, et devient alors un quadrupôle. Pour

k0 ≥ 2, la structure se sépare en un complexe formé de trois solitons stables accompagné

d’un dipôle mobile. Au delà de k0 = 2.5, on voit la disparition du vortex au profit de la

formation d’une grappe de 4 solitons mobiles. Il est intéressant de noter que pour une
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valeur modérée de k0 (= 1.5), on voit apparaître une flèche horizontale de solitons qui

part du soliton situé en bas à droite du vortex. En changeant la direction du vecteur

d’onde transverse, c’est-à-dire en changeant la valeur de θ, on peut modifier la position

et la direction de la flèche de solitons. Il est ainsi possible de contrôler l’émergence de la

flèche de soliton à partir du vortex en modifiant le paramètre θ.

Il reste néanmoins de nombreuses autres structures à étudier dans le cas des systèmes

dissipatifs : tripôles, paires de solitons obliques, super vortex . . . De plus il serait intéressant

de modifier la forme de la modulation d’incide. Ainsi l’utilisation d’un réseau circulaire

devrait permettre de naître un mouvement rotatoire. Enfin, il serait intéressant d’étudier

la dynamique de structures à trois dimensions.
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Conclusion générale

Afin d’étudier la filamentation dans le disulfure de carbone, les travaux menés au

cours de cette thèse ont tout d’abord concerné l’étude des caractéristiques non-linéaires

du troisième et du cinquième ordres du disulfure de carbone aux longueurs d’onde de

532 nm et 1064 nm en régime picoseconde. Nous avons considéré le modèle de l’oscillateur

anharmonique avec un potentiel quintique, cela revient à traiter le barycentre du nuage

électronique de nos molécules de CS2 comme une charge ponctuelle classique soumise à

une force de Coulomb due à un champ extérieur ainsi qu’à un potentiel dû à la molécule.

Nous avons déterminé les expressions de la polarisabilité et des hyperpolarisabilités du

troisième et du cinquième ordres. Puis en faisant l’hypothèse que la troisième harmonique

est résonante, ce qui est le cas du disulfure de carbone aux longueurs d’ondes que l’on

considère, nous avons calculé les relations pour l’indice de réfraction du cinquième ordre

n4 ainsi que pour l’absorption à trois photons γ en fonction de la polarisabilité et des

hyperpolarisabilités. Nous avons alors déterminé les corrections dues au champ local et

nous avons évalué, que dans le cas où la troisième harmonique est résonante, celles-ci

étaient négligeables. Nos relations analytiques nous ont permis d’établir que le disulfure

de carbone ne présentait pas d’absorption à deux photons aux longueurs d’ondes consi-

dérés et qu’il y avait une inversion de signe de n4 lorsque l’on franchissait un pic du

spectre d’absorption. Afin de mettre à l’épreuve ces résultats théoriques, nous avons en-

suite mesuré expérimentalement les indices de réfractions non-linéaires du troisième et du

cinquième ordres ainsi que les coefficients de l’absorption à deux et à trois photons du

disulfure de carbone. Nous avons pour cela utilisé la méthode de mesure d’open-aperture

Z-scan, pour la mesure de l’absorption non-linéaire, et la méthode de mesure D4σ pour la

réfraction. Le montage expérimentale était inclus dans un système d’imagerie cohérente

4f afin d’optimiser la sensibilité avec un rapport signal-sur-bruit maximum. Les résultats
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de nos mesures nous ont permis d’affirmer que le coefficient d’absorption à deux photons

à 532 nm et 1064 nm est négligeable. De même en comparant les valeurs de n4 que nous

avons mesurées avec certaines valeurs déjà publiées, on observe un changement de signe de

n4 lorsque l’on franchit un pic du spectre d’absorption. Il est toutefois possible d’améliorer

encore la précision des méthodes de mesures. De plus, il serait intéressant de déterminer

des expressions pour n4 et γ avec moins, ou voir pas, d’hypothèses.

Ensuite, nous avons étudié la propagation d’un faisceau picoseconde à λ = 532 nm

issu d’une source laser Nd :YAG dans une cuve, suffisamment épaisse devant la longueur

de Rayleigh, remplie de disulfure de carbone. Nous avons observé un effet de filamenta-

tion du faisceau. Puisque nous avions mesuré expérimentalement un indice de réfraction

non-linéaire du cinquième ordre positif à cette longueur d’onde, il était impossible d’éta-

blir un modèle de saturation de l’effet Kerr. Bien que théoriquement l’ajout des termes

de réfraction non-linéaire d’ordres supérieurs puissent faire apparaître une saturation de

l’effet Kerr, la mesure expérimentale de ces indices est impossible. Nous avons procédé à

la mesure de l’indice de réfraction non-linéaire effectif du troisième ordre à λ = 532 nm et

à λ = 1064 nm. Nous avons pu mettre en évidence une saturation de l’effet Kerr grâce à

la courbe d’évolution de n2,eff en fonction de l’intensité pour ces deux longueurs. Devant

l’impossibilité de décrire cette courbe par un développement en série de l’intensité suivant

les ordres cubiques et quintiques de la réfraction non-linéaire, nous avons donc développé

notre propre modèle. En nous basant sur l’équation de Schrödinger non-linéaire et en

lui ajoutant la fonction utilisée pour ajuster les courbes d’évolution de n2,eff en fonction

de l’intensité, nous avons obtenu un modèle inédit. Nous avons résolu numériquement le

modèle, en discrétisant les opérateurs différentiels grâce à la méthode des différences finies

et la méthode de Runge-Kutta d’ordre 4, ce qui a permis d’observer la filamentation du

faisceau. Nous avons présenté une brève étude expérimentale du contrôle de la filamen-

tation utilisant le phase du faisceau incident. Bien que peu nombreux, les résultats sont

encourageant et méritent d’être approfondis.

Enfin, nous avons étudié la dynamique des solitons dissipatifs bi-dimensionnels dans

différentes configurations : soliton fondamental, dipôle, quadrupôle, vortex carré, vortex

rhombique. Nous avons résolu numériquement l’équation complexe de Ginzburg-Landau

cubique-quintique dans sa forme standard en ajoutant une modulation transverse pério-
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dique de l’indice de réfraction. Nous avons étudié la mobilité de ces structures en appli-

quant un vecteur d’onde transverse sur la donnée initiale. Nous avons déterminé, pour

chacune des configurations, la norme seuil à franchir pour mettre l’ensemble en mouve-

ment. Nous avons présenté une approximation analytique de la norme seuil basée sur une

estimation des conditions pour franchir une barrière de potentiel de Peierls-Nabarro. Nous

avons décrit la dynamique de déplacement des solitons ainsi que la création de nouveaux

solitons. Nous avons observée la création d’un flèche d’une longueur maximale de 6 solitons

à partir de la mise en mouvement du soliton fondamental. Il en va de même pour le dipôle,

qui mis en mouvement permet d’obtenir une flèche de 6 dipôles au maximum. Nous avons

obtenu un maximum de 18 solitons à partir d’un quadrupôle stable mis en mouvement.

Nous avons étudié les différents régimes de collisions entre un soliton libre en mouvement

et une flèche de solitons piégés. Nous avons trouvé un régime de collisions quasi-élastiques

comme pour le pendule de Newton, ainsi que des régimes d’absorptions du soliton mobile

par la structure immobile, parfois après de nombreuses collisions élastiques. Nous avons

déterminé un troisième régime de collision dans le cas de la collision d’un dipôle en mou-

vement avec une flèche de dipôles immobiles : le régime de "suppression de l’obstacle".

Celui-ci correspond à l’absorption du dipôle immobile par le dipôle en mouvement. Il a

même été possible d’observer la scission du dipôle en deux solitons mobiles se déplaçant

à deux vitesses différentes. Les solitons mobiles ainsi formés ont une vitesse qui tend vers

deux valeurs discrètes, ce qui indique la coexistence de deux attracteurs dans le système

dissipatif. Nous avons étudié la stabilité du vortex rhombique en fonction du vecteur

d’onde transverse. Ainsi la vorticité de cette structure se maintient pour de très faibles

valeurs de la norme mais au delà, elle se perd et on ne conserve que quatres solitons isolés.

La mise en mouvement du vortex rhombique conduit à l’émergence de nombreux solitons

dans une disposition chaotique. La dernière structure que nous avons étudiée est le vortex

carré, instable. Ce dernier perd la vorticité après une propagation sur une très longue

distance, sans l’action du vecteur d’onde transverse, et devient alors un quadrupôle. Sous

l’action d’un vecteur d’onde avec une norme élevée, on observe la séparation de la struc-

ture en un complexe formé de trois solitons stables accompagnés d’un dipôle mobile. Au

delà, on voit la disparition du vortex au profit de la formation d’une grappe de 4 solitons

mobiles. Pour une valeur modérée de la norme, on voit apparaître une flèche horizontale
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de solitons qui part du soliton située en bas à droite du vortex. En changeant la direction

du vecteur d’onde transverse, il est possible de modifier la position et la direction de la

flèche de solitons. Il est ainsi possible de contrôler l’émergence de la flèche de soliton à

partir du vortex. Il serait intéressant d’étudier la dynamique d’autres structures comme

par exemple les tripôles, les paires de solitons obliques, les supers vortex. De même, la

modification de la forme de la modulation transverse de l’indice de réfraction pourrait

conduire à une autre dynamique qu’il serait intéressant de considérer. Par exemple, quel

peut-être la dynamique de mobilité d’un soliton fondamentale dans un réseau circulaire ?

Nous avons déjà observé des comportements de quasi-particules, pourrions nous observer

alors une vitesse d’extraction du soliton de ce type de réseau ? Pour terminer, il serait

très interessant de reproduire expérimentalement ce schéma numérique.
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Annexe A

Solution z(I) de l’équation (2.30)

Valeurs de chacun des coefficients Solution de l’équation (2.30)

α, β, γ 6= 0 et β2 > 4αγ L = −
[

ln
(

IL
I0

)

γX+X
−
I
+

ln
(

IL−X
−

I0−X
−

)

γX
−
(X

−
−X+)

−
ln
(

IL−X+
I0−X+

)

γX+(X
−
−X+)

]

α, β, γ 6= 0 et β2 < 4αγ L = 1
α

{

β√
4αγ−β2

[

arctan

(

2γIL+β√
4αγ−β2

)

− arctan

(

2γI0+β√
4αγ−β2

)]

+1
2
ln

[

I20(α+βIL+γI2
L)

I2
L(α+βI0+γI20)

]}

γ = 0 et α, β 6= 0 L = 1
α
ln
[

I0(βIL+α)
IL(βI0+α)

]

β = 0, α, γ 6= 0 L = 1
2α

ln

[

I20(γI2L+α)
I2
L(γI20+α)

]

α = 0, β, γ 6= 0 L = −
{

γ
β2 ln

[

I0(γIL+β)
IL(γI0+β)

]

− I0−IL
βILI0

}

α, γ = 0 et β 6= 0 L = I0−IL
βILI0

α, β = 0 et γ 6= 0, L =
I20−I2

L

2γI20 I
2
L

Table A.1 – Solution de l’équation (2.30) en fonction de la présence ou non du coefficient
de l’absorption linéaire, du coefficient de l’absorption à deux photons et du coefficient de
l’absorption à trois photons. On notera que X± =

(

±
√

β2 − 4αγ − β
)

/2γ et β2 > 4αγ.
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Annexe B

Solution ∆ϕ(I) de l’équation (2.31)

Valeurs de chacun des coefficients Solution de l’équation (2.31)

α, β, γ 6= 0 et β2 > 4αγ ∆ϕ = k
γ(X+−X

−
)
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−
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α = 0, β, γ 6= 0 ∆ϕ = kn2

β
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− γn2−βn4

γβ
ln
(

γIL+β
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β
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n2 ln
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α, β = 0 et γ 6= 0, ∆ϕ = −k
γ
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+ n4 ln
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Table B.1 – Solution de l’équation (2.31) en fonction de la présence ou non du coefficient
de l’absorption linéaire, du coefficient de l’absorption à deux photons et du coefficient de
l’absorption à trois photons. On notera que X± =

(

±
√

β2 − 4αγ − β
)

/2γ et β2 > 4αγ.
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Annexe C

Mesures des non-linéarités cubiques et

quintique du disulfure de carbone

Nous répertorions ici différentes valeurs des mesures des indices de réfraction non-

linéaire et/ou des indices de l’absorption non-linéaire dans le disulfure de carbone publiés.

Nous avons classer les différentes valeurs suivant l’ordre chronologique des publications.

Elles sont répertoriées dans les tableaux (C.1 et C.2).
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Paramètres expérimentaux Coefficients non-linéaires
Méthode Année λ τ I0 n2 n4 β γ Référence

(nm) (ps) (GW/cm2) (m2/W) (m4/W2) (m/W) (m3/W2)
Optical Kerr 1979 1064 9-10 2 51.5× 10−19 [126]

Gate
Degenerate
Four-Wave 1988 632.8 0.4 N.C. 4× 10−19 [127]

Mixing
10600 (4.2± 1.6)× 10−18

Z-scan 1990 1064 27 2.6 (3.4± 0.8)× 10−18 [23]
532 (3.1± 0.5)× 10−18

Time resolved 1991 630 0.1 200µJ 7.7× 10−19 [128]
interferometry
Optical Kerr 1993 620 0.06 N.C. 7.7× 10−19 [129]

Gate
Ultrafast 1993 616 0.075 53 4.89× 10−19 Négligeable [130]

Beam-Deflection
Degenerate
Four-Wave 1996 497 0.5 N.C. (0.51± 0.13)× 10−19 [131]

Mixing
Z-scan 1999 775 0.1 7.5 1.2× 10−18 [132]
Z-scan 1999 770 0.13 12.5 2.3× 10−19 (4.5± 1.0)× 10−19 [133]

Table C.1 – Référencement bibliographique de résultats de mesures des non-linéarités cubiques et quintiques du disulfure de carbone (N.M. :
Non-Mesuré, N.C. : Non-Communiqué). Page 1/2
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Z-scan 2000 1064 45 0.16− 4.4 2.8× 10−18 [134]
Mach-Zehnder 2001 1064 17 0.1− 1 (3.2± 0.3)× 10−18 0 [135]
Interférométrie

Z-scan 2001 1064 17 1.3 3.0× 10−18 0 [135]
Z-scan 2003 800 0.11 1.9− 4.2 (3.0± 1.0)× 10−19 [136]

Spectral Shear 2003 800 0.11 8.5− 33 (2.5± 0.3)× 10−19 [136]
Interferometry

Z-scan 2004 1054 0.475 N.C. 2.8× 10−29 [138]
795 0.11 N.C 5× 10−13

1054 0.475 100− 7000 (3.5± 0.7)× 10−19 (2.8± 0.8)× 10−29

Z-scan 2006 795 0.11 6 (3± 0.6)× 10−19 (5± 1.5)× 10−13 [139]
795 75000 N.C (3.5± 0.7)× 10−18

Single-shot 2006 1064 16 120µJ 3.8× 10−19 [140]
Z-scan 2009 1064 17 5.5 (8± 1.7)× 10−19 < 17× 10−13 [37]

532 12 23 (4± 0.6)× 10−19 < 0.7× 10−13

Z-scan 2009 800 120 135 2.1× 10−19 −2× 10−35 1.4× 10−27 [141]
Z-scan 2011 800 0.12 55 2.9× 10−19 [142]

Accord entre
l’expérience et 2013 920 0.1 50− 380 3.1× 10−19 −5.2× 10−35 5.8× 10−29 [11]
la résolution
numérique

Table C.2 – Référencement bibliographique de résultats de mesures des non-linéarités cubiques et quintiques du disulfure de carbone (N.M. :
Non-Mesuré, N.C. : Non-Communiqué). Page 2/2
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Annexe D

Publications personnelles

D.1 Articles dans des journaux à comité de lecture

Ne sont répertoriés ici que les articles publiés ou acceptés pour publication.

2012

• Valentin Besse, Christophe Cassagne et Georges Boudebs : "Spatially resolved

phase objects using Mach-Zehnder interferometry", Journal of Modern Optics 59,

10, 887-892 (2012) [225].

2013

• Valentin Besse, Hervé Leblond, Dumitru Mihalache et Boris A. Malomed :

"Pattern formation by kicked solitons in the two-dimensional Ginzburg-Landau me-

dium with a transverse grating", Physical Review E, 87, 1, 012916 (2013) [226].

• Georges Boudebs, Valentin Besse, Christophe Cassagne, Hervé Leblond et Cid

B. de Araùjo : "Nonlinear characterization of materials using the D4σ method

inside a Z-scan 4f-system", Optics Letters, 38, 13, 2206-2208 (2013) [122].

2014

• Valentin Besse, Georges Boudebs et Hervé Leblond : "Determination of the

third-and fifth-order optical nonlinearities : the general case", Applied Physics B,

116, 4, 911-917 (2014) [143].

231



ANNEXE D. PUBLICATIONS PERSONNELLES

• Melinda Olivier, Joël Cabrel Tchahame, Petr Nemec, Mathieu Chauvet, Va-

lentin Besse, Christophe Cassagne, Georges Boudebs, Gilles Renversez, Remi

Boidin, Emeline Baudet et Virginie Nazabal : "Structure, nonlinear properties,

and photosensitivity of (GeSe2)100−x (Sb2Se3)x glasses", Optical Materials Express,

4, 3, 525-540 (2014) [121].

• Valentin Besse, Hervé Leblond et Georges Boudebs : "Filamentation of light in

carbon disulfide", Physical Review A, 89, 4, 043840 (2014) [151].

• Valentin Besse, Hervé Leblond, Dumitru Mihalache et Boris A. Malomed :

"Building patterns by traveling dipôles and vortices in two-dimensional periodic

dissipative media", Optics Communications, 332, 279-291 (2014) [227].

• Valentin Besse, Alexandre Fortin, Georges Boudebs, Paula S. Valle, Marcelo

Nalin et Cid B. de Araùjo : "Picosecond nonlinearity of GeO2 −Bi2O3 −PbO−

TiO2 glasses at 532 and 1,064 nm", Applied Physics B, 117, pp. 891-895 (2014) [115].

• : Danilo Manzani, Valin Besse, Mariana Napoli, Georges Boudebs, Sidney J.L.

Ribeiro et Cid B. de Araùjo : "Third-order nonlinearities and other properties

of molybdenum lead-pyrophosphate glass", Optical Materials, In press [120].

D.2 Conférences internationales

L’orateur est distingué des autres auteurs par une mise en gras du nom et du prénom.

2012

• Valentin Besse, Christophe Cassagne, Georges Boudebs et Hervé Leblond :

"Study of the evolution of different dissipative solitons and phase measurement by

Mach-Zehnder interferometry", Transparent Optical Networks (ICTON), 2012 14th

International Conference on, 1-4 (2012) [228].

2013
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• Georges Boudebs, Valentin Besse, Christophe Cassagne, Hervé Leblond et

François Sanchez : "Why optical nonlinear characterization using imaging tech-

nique is a better choice ?", Transparent Optical Networks (ICTON), 2013 15th In-

ternational Conference on, 1-4 (2013) [155].

• Georges Boudebs, Valentin Besse, Christophe Cassagne, Hervé Leblond et

Cid B. de Araùjo : "D4σ nonlinear measurement inside a 4f-Z-scan system",

Nonlinear Optics, NTu1B.5 (2013) [154].

2014

• Valentin Besse, Christophe Cassagne, Hervé Leblond et Georges Boudebs :

"Third-and fifth-order optical nonlinearities characterization using the D4σ-Z-scan

method", Transparent Optical Networks (ICTON), 2014 16th International Confe-

rence on, 1-4 (2014) [156].

• Georges Boudebs, Valentin Besse et Hervé Leblond : "Saturation of the Kerr

effect in carbon disulfide", Nonlinear Photonics, NTh1A. 1 (2014) [229].
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Dynamique spatiale de la lumière
et saturation de l’effet Kerr

Résumé
Nous présentons une étude de la dynamique
de la lumière et des mesures des
caractéristiques non-linéaires optiques dans
le disulfure de carbone.
Dans la première partie, nous calculons dans
le cadre d’un modèle classique des
expressions des susceptibilités non-linéaires
jusqu’au cinquième ordre, en tenant compte
des corrections de champ local. Nous
formulons différentes hypothèses que nous
confirmons ou infirmons par la mesure des
indices d’absorption et de réfraction
non-linéaires. Celles-ci sont obtenues en
combinant deux méthodes de caractérisation
des non-linéarités au sein d’un système 4f

d’imagerie. L’analyse des données
expérimentales utilise une méthode
nouvellement développée, qui consiste à
inverser numériquement, par la méthode de
Newton, les solutions analytiques des
équations différentielles qui décrivent
l’évolution du faisceau.
Dans la deuxième partie, nous observons la
filamentation d’un faisceau laser à la
longueur d’onde de 532 nm et en régime
picoseconde. Puis nous procédons à la
mesure de l’indice de réfraction non-linéaire
effectif du troisième ordre n2,eff en fonction
de l’intensité incidente. Par un ajustement
de la courbe de saturation de l’effet Kerr,
nous développons un nouveau modèle. La
résolution numérique de celui-ci reproduit
la filamentation observée.
La dernière partie est consacrée à l’étude de
la dynamique des solitons dissipatifs au sein
de milieux à gains et pertes non-linéaires. La
résolution numérique de l’équation complexe
de Ginzburg-Landau cubique-quintique est
réalisée suivant différentes configurations :
soliton fondamental, dipôle, quadrupôle,
vortex carré et rhombique.

Abstract
We present a study of light dynamics and
measurements of the nonlinear optical
characteristics of carbon disulphide.
In the first part, we calculate using the classical
model, the nonlinear susceptibilities up to the fifth
order taking into account local field corrections. We
express different assumptions that we confirm or
refute by measuring the nonlinear absorption
coefficient and the nonlinear refractive index. The
measurements are performed by means of two
nonlinear characterization methods combined with
an imaging 4f system. We analyse the experimental
data using a newly developed method which
numerically inverts the analytical solutions of the
differential equations which describe the evolution
of the beam, using Newton’s method.
In the second part, we observe light filamentation at
wavelength 532 nm, in the picoseconds regime.
Then we measure the effective third order nonlinear
refractive index n2,eff versus the incident intensity.
By fitting the curve of the Kerr effect saturation,
we develop a new model. Numerically solving this
model, allows us to reproducethe experimentally
observed filamentation.
The last part is dedicated to the study of
dissipative solitons dynamics. The complex
Ginzburg-Landau equation with cubic-quintic
nonlineraties is numerically solved in various
configurations : soliton fundamental dipole,
quadrupole, vortex and square rhombic.

Mots clés
Optique non-linéaire, Susceptibilités
non-linéaire, Caractérisation non-linéaire,
Filamentation, Saturation de l’effet Kerr,
Équation complexe de Ginzburg-Landau,
Soliton dissipatif

Key words
Nonlinear optics, Nonlinear susceptibilities,
Nonlinear characterization, Filamentation,
Kerr effect saturation, Complex Ginzburg-Landau
equation, Dissipative soliton




