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Résumé

Fluides Quantiques de Lumiére avec des vapeurs atomiques chaudes

Dans cette thése, nous nous intéressons a la propagation d’un faisceau laser au travers
d’une vapeur chaude de rubidium. En raison de la non-linéarité du milieu de type Kerr la
lumiére va, au cours de son évolution dans la vapeur, présenter un comportement qui peut
étre décrit par I’équation non-linéaire de Schrodinger (ou I’équation de Gross-Pitaevskii)
dont une équivalence avec des équations hydrodynamiques dans le plan transverse de pro-
pagation est possible. Nous pouvons ainsi observer divers comportements de la lumiére
identiques a ce que 1'on voit dans le cas des ondes de matiére tels que pour des liquides
ou des gaz : on parle alors de fluide quantique de lumiére.

Pour étudier de tels phénoménes, une calibration de la non-linéarité de notre milieu est
nécessaire. Les propriétés non-linéaires des vapeurs atomiques chaudes étant dépendantes
de divers paramétres accessibles expérimentalement tels que la densité atomique, l'inten-
sité laser ou le désaccord, elles permettent une vraie flexibilité.

A la suite de ces calibrations, ’étude d’ondes de choc dispersives 2D est entamée. Appuyé
par une étude numérique, nous mettons en évidence la présence de phénomeénes supplé-
mentaires tels que la non-localité, 'absorption ou encore la saturation de la non-linéarité,
effets initialement absents du modéle théorique. Une étude quantitative est alors menée
sur ces différents phénoménes montrant des valeurs étonnamment importantes de non-
localité (jusqu’a 100um) ainsi qu'un impact contre-intuitivement positif de la dissipation
sur notre systéme.

Enfin, dans un second projet, 'étude du comportement de vortex est menée depuis leur
création via la décomposition d’un soliton sombre jusqu’a leurs interactions et annihila-
tions. Grace a un systéme d’imagerie adapté, nous sommes capable d’observer in situ et
en temps réel le front d’onde (intensité et phase du faisceau) en fin de propagation nous
donnant accés & des informations telles que la densité et la vitesse de notre fluide de lu-
miére. Un travail est aussi effectué sur les conditions initiales nous permettant d’accélérer
le processus de création des vortex via ’ajout d’une vitesse initiale au fluide et méme
d’engendrer des collisions en orientant spécifiquement ces vitesses. Une autre méthode
mise au point (scan de la phase relative) nous offre quant a elle la possibilité de travailler
dans de biens meilleures conditions de stabilité, nous permettant de considérer nos pho-
tons dans un régime hydrodynamique avec une meilleure approximation.

Mots-clés : Vapeur atomique chaude, Ondes de choc dispersives (DSW), Interactions de
vortex, Fluide quantique de lumiére, Non-linéarité
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Abstract

Quantum Fluids of Light with hot atomic vapours

In this thesis, we are interested in the propagation of a laser beam through a rubidium hot
atomic vapour. Due to the Kerr-like non-linearity of the medium, the light will present,
during its evolution in the vapour, a behaviour that can be described by the non-linear
Schrodinger equation (or Gross-Pitaevskii equation) which is equivalent to hydrodynami-
cal equations in the transverse plane of propagation. We can then observe various light
behaviours identical to the ones we see in the case of matter waves such as for liquids or
gas : we talk about quantum fluid of light.

To study such phenomena, calibration of our medium non-linearity is necessary. Non-linear
properties of hot atomic vapours being on various parameters experimentally accessible
such as atomic density, laser intensity or detuning, it allows us true flexibility.

Following these calibrations, the study of 2D dispersive shockwaves starts. Helped by a
numerical study, we show the existence of additional phenomena such as non-locality, ab-
sorption or saturation of the non-linearity, missing effects in the initial theoretical model.
A quantitative study is then carried out on these different phenomena showing surprisin-
gly high values of non-locality (until 100um) and, counter-intuitively, the positive impact
of the dissipation on our system.

Finally, in a second project, the study of vortex behavior is done from their creation via
dark soliton decay to their interactions and annihilations. An adapted imaging system
allows us to make an in situ and real-time observation of the wavefront (intensity and
phase) at the end of the propagation, giving us access to information such as the density
and velocity of our fluid of light. Work is also done on initial conditions allowing us to
accelerate the decay process for vortex creation by adding initial velocity to the fluid and
even cause collisions by choosing specific orientations of these velocities. Another method
we developed (relative phase scan) offers us the possibility to work in much better stability
conditions, allowing us to consider our photons in a hydrodynamic regime with a better
approximation.

Keywords : Hot atomic vapours, Dispersives shockwaves (DSW), Vortex interactions,
Quantum fluids of light, Non-linearity
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Introduction

Nous faisons tous 'expérience quotidienne de phénomeénes issus de la mécanique
des fluides : que ce soit des oscillations a la surface de ’eau ou simplement le vent
qui souffle. Plus concrétement, ce domaine de la physique a pour objectif I'étude
du comportement de matériaux fortement déformables tels que les liquides, gaz et
plasmas. La mécanique des fluides s’appuie sur des modéles de particules finies inter-
agissant les unes avec les autres et en assez grand nombre pour pouvoir étre décrites
par des fonctions continues.

Historiquement, I'idée que la matiére puisse étre composée de particules finies re-
monte & la Gréce antique avec Leucippe considéré comme le fondateur de ’atomisme.
Plus de deux millénaires aprés, dans les années 1920, le comportement ondulatoire
de la matiére fut alors décrit théoriquement par de Broglie [1| puis observé expéri-
mentalement par Davidson et Germer [2].

C’est pourquoi la mécanique des fluides, étudiée pour la premiére fois par Archimeéde,
fut dans un premier temps considérée dans le cas d’atomes interagissant ensembles.
Ces études ont ensuite été étendues a I’ensemble des particules matérielles que nous
connaissons : de 'hélium liquide [3,4], aux électrons dans un solide [5], en passant
par les nuages d’atomes froids [6,7] ou encore avec les plasmas quark-gluon dans
les collisionneurs [8] et enfin au niveau nucléaire [9]. Depuis quelques décennies, un
nombre grandissant de chercheurs s’interrogent sur les conditions les plus favorables
permettant & la lumiére de se comporter comme un fluide constitué d’un grand
nombre de particules interagissant entre elles.

La nature de la lumiére fut au coeur des débats avec d’une part la description cor-
pusculaire de Newton et d’autre part ondulatoire de Huygens. Ces deux interpré-
tations ont permis par la suite de décrire les différents mécanismes qui ont pu étre
observés : dans un premier temps d’un point de vue ondulatoire via la théorie de
I’électromagnétisme de Maxwell puis ensuite via son comportement corpusculaire
qui fut développé suite a 'interprétation de I’effet photo-électrique par Einstein. La
lumiére pouvant étre ainsi décrite comme une onde électromagnétique ou un cor-
puscule nommé "photon" conceptualisé comme étant une quantité minimale discréte
de lumiére : un quantum de lumiére. C’est donc avec cette approche corpusculaire
que la lumiére est étudiée en tant que fluide : considérant la possibilité qu'un grand
nombre de photons puissent interagir et conduisant & un comportement assimilable
a celui d’un fluide.

L’interaction photon-photon fut d’abord décrite théoriquement dans le cas d’exci-
tations de paires electron-positron dans le vide par Heisenberg et Euler [10]. Les
conditions nécessaires pour qu'un tel processus ait lieu étant cependant si extrémes
qu’il n’est pas imaginable de I'observer expérimentalement. Il a donc été nécessaire



2 Introduction

de développer des supports expérimentaux permettant de simuler des interactions
photon-photon suffisamment importantes.

Depuis plus de 50 ans, des milieux caractérisés par des comportements non-linéaires
de la polarisation ont été un sujet d’étude trés développé suite a 'apparition du
laser. Les milieux non-linéaires de type Kerr sont alors apparus comme étant d’ex-
cellents candidats pour I’étude de l'interaction photon-photon et ce du fait de la
dépendance de leur indice de réfraction a I'intensité lumineuse.

La premiére observation d’un fluide de lumiére fut réalisée par Brambilla [11] qui
étudia un champ électromagnétique cohérent dans une cavité laser dont il reformula
I’évolution temporelle en termes d’équations hydrodynamiques analogues a 1’équa-
tion de Gross-Pitaevskii (GPE). Depuis, diverses plateformes ont permis 'étude d’un
tel phénoméne, ayant chacune des caractéristiques différentes.

Nous pouvons scinder ces plateformes en deux grandes catégories |12, 13|. La

premiére catégorie, étant basée sur GPE (utilisée entre autres pour décrire le com-
portement des condensats de Bose-Einstein), permet de décrire 1’évolution tempo-
relle de polaritons (dans ces cas, il s’agit généralement de quasi-particules issues du
couplage fort photon-exciton). L’interaction photon-photon est alors possible par
I'intermédiaire de I'interaction exciton-polariton, la masse des photons étant, quant
a elle, donnée par le confinement spatial de ces derniers dans la cavité. Différentes
plateformes permettent ce type d’étude tels que les micro-cavités [14-18], les VC-
SELs [19,20] ou encore les circuits QED [21,22].
La seconde catégorie de plateforme, conceptuellement différente de la précédente,
consideére des systémes ot onde lumineuse se propage librement (sans cavité) dans
un milieu dit "épais" (en comparaison a la longueur d’onde). La masse effective
du photon est alors issue du terme de diffraction, 'interaction photon-photon se
fait quant a elle toujours par l'intermédiaire des propriétés non-linéaires du mi-
lieu [23-25]. Une des principales différences est que, dans ce cas, le temps est repré-
senté par la distance de propagation dans le milieu. Dans ’approximation paraxiale,
nous considérons alors I’équation de Schrédinger non-linéaire (NLSE) équivalente a
GPE en substituant le temps par la distance de propagation (t — z). A 1a différence
des systémes avec cavité, en principe, il n’y a pas de pertes radiatives, ce qui rend
ces systémes intrinséquement conservatifs. Cette catégorie regroupe des plateformes
telles que les cristaux photo-réfractifs [26,27], les fibres non-linéaires [28,29], les so-
lutions diluées thermiques [30-33| ou encore les vapeurs atomiques chaudes [34-36].
Chacune de ces plateformes ayant des propriétés bien spécifiques : les cristaux photo-
réfractifs permettant d’étudier des systémes anisotropes; les fibres non-linéaires se
basant sur le principe de guidage optique permettent de propager la lumiére sur de
plus grandes distances; les solutions diluées ayant des propriétés thermiques trés
importantes permettent par exemple d’étudier des effets tels que la non-localité ;
les vapeurs atomiques chaudes qui possédent une large gamme de paramétres per-
mettant d’avoir acceés a un grand nombre de phénoménes. Nous choisissons donc de
travailler avec cette derniére plateforme pour sa versatilité.

L’objectif de cette thése sera, dans un premier temps, de comprendre les proprié-
tés non-linéaires spécifiques a ce systéme et d’en calibrer les différents paramétres



afin de pouvoir controler cette non-linéarité. Il sera par la suite temps d’étudier le
comportement hydrodynamique de la lumiére via différents projets tout en s’ap-
puyant sur des études numériques nous permettant d’affiner notre modéle et d’aller
dans des régimes expérimentalement inaccessibles.

Le premier projet mené au cours de cette thése, ayant pour objectif principal I’étude
d’ondes de choc dispersives & 2 dimensions, sera ’occasion de mettre en évidence la
présence de phénomeénes supplémentaires dans notre systéme mais absents de NLSE.
Ces effets que sont la non-localité, 'absorption et la saturation de la non-linéarité
seront donc étudiés et des estimations quantitatives seront faites a l’aide d’études
numeériques comparatives. Nous verrons par exemple que les valeurs de non-localité
dans notre systéme peuvent étre trés importantes ou encore que la dissipation peut
avoir, de maniére contre-intuitive, des effets bénéfiques sur le comportement de nos
ondes de choc dispersives.

Enfin, le second projet présenté dans ce manuscrit traitera de 1’étude menée sur
la création de vortex via la propagation d’un soliton sombre dans notre systéme.
Via un contréle trés précis sur les conditions initiales de notre faisceau, nous pré-
senterons des méthodes d’accélération des processus de création de vortex afin de
travailler & non-linéarité plus basse que lors des études faites jusqu’a présent dans
des expériences utilisant la méme plateforme. Au-dela de cette optimisation, nous
développerons de nouvelles techniques nous offrant la possibilité d’étudier les inter-
actions fortes de vortex aboutissant a des annihilations. Pour finir, nous ferons la
comparaison entre ’évolution temporelle usuelle de ce systéme (le long de 'axe de
propagation du faisceau) et une variation sensible des vitesses initiales du fluide via
scan de la phase relative.






Chapitre 1

Vapeur atomique non-linéaire

L’optique non-linéaire est un domaine de la physique faisant I’étude des modifi-
cations des propriétés d’un milieu en présence de lumiére intense. L’apparition du
laser en 1960 ayant permis de révolutionner 'optique moderne, c’est a partir de la
que I'étude des propriétés non-linéaire de la matiére s’est développée. Depuis, de
nombreux matériaux sont connus pour avoir des propriétés non-linéaires qui sont
exploitées pour de multiples applications que se soit dans le cadre de la recherche
fondamentale ou industrielle [37,38].

Notre systéme expérimental utilise les propriétés non-linéaires d’une vapeur ato-
mique chaude de rubidium afin d’étudier les différents phénoménes qui seront déve-
loppés dans ce manuscrit.

Au cours de cette partie nous présenterons dans un premier temps les différents
concepts physiques permettant de comprendre les processus mis en jeu dans notre
systéme d’étude : en commencant par les équations de Bloch optiques pour en-
suite développer la relation entre susceptibilité atomique et indice de réfraction
non-linéaire, ce dernier concept étant directement relié au caractére non-linéaire de
notre milieu.

Nous verrons ensuite le systéme expérimental mis en place pour notre étude que nous
pouvons diviser en trois partie : le champ incident, le milieu non-linéaire puis le sys-
téeme d’imagerie. La présentation du milieu expérimental sera ’occasion d’introduire
les trois principaux parameétres expérimentaux avec lesquels nous travaillerons : den-
sité atomique, le désaccord en fréquence et I'intensité laser.

Par la suite, la calibration de notre milieu non-linéaire sera effectuée via la mesure
de I'auto-modulation de phase. Le concept de fluide de lumiére sera aussi détaillé
puis enfin une rapide discussion sur les méthodes numériques utilisées au cours de
nos études sera faite.

1.1 Interaction lumiére-matiére

Les propriétés non-linéaires d’un matériau pouvant étre interprétées comme une
dépendance non-linéaire de la réponse du matériau a l'intensité d’un champ électro-
magnétique qui lui est appliqué, 'interaction lumiére-matiére est par conséquent le
fondement de l'optique non-linéaire.

Pour comprendre cette interaction et la raison pour laquelle on parle de phénoméne

5
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non-linéaire, nous allons développer dans cette section les concepts théoriques sur
lesquels notre étude se base. Nous commencerons par 'atome & 2 niveaux via les
équations de Bloch optiques pour ensuite détailler I'importance de la susceptibilité
atomique.

1.1.1 Atome & 2 niveaux

Considérons un champ électrique monochromatique en interaction avec un sys-
téme d’atomes a 2 niveaux notés |g) et |e) pour I’état fondamental et excité ayant
une fréquence de transition wg.. L'Hamiltonien du systéme peut étre écrit tel que :

H = Hy + V(1) (1.1)

Celui-ci est composé d'une partie non perturbative H, ot les énergies des états
sont B, = hw, et E, = Iw,. Le second terme est quant a lui I'énergie d’interaction
V(t) En considérant 'approximation dipolaire, cette derniére prend la forme V=
—dE(t) = e, || EL.

Le moment dipolaire de la transition s’écrivant d = dge|g)(e|+d¢4l€)(g| et le champ
E(t) = Egcos(wrt) ot wy, est la fréquence du laser. Cela implique que V.. =V, =0
et que Vog = Vi, = —dg E(?).

Le systéme est décrit via la matrice densité qui s’écrit sous la forme :

H — pgg pge 1 2
P |:peg pee:| ( )

ol pge = py,- L’évolution temporelle de la matrice densité est alors donnée par :

Pab = _% [ﬁ’ﬁ] - _% [(ﬁﬁ)ab a (ﬁﬁ)ab]
- _% (Haocper — pacHe)

(1.3)

En introduisant I'hamiltonien donné en Eq.1.1 dans cette équation, nous obte-
nons :

. 1
Pab = _ﬁ zc:(‘/;lcpcb - pac‘/cb) — WabPab (14)

ou la fréquence de transition w,, = (E, — Ep)/h.
Sil’on considére les indices a, b et ¢ dans le cas de 'atome a deux niveaux, I’équation
1.4 peut étre explicitement écrite :

i 1
Pgg = %(qupeg — PgeVeg) (1.5)
i 1
Pee = ﬁ(‘/egpge - peg‘/;]e) (16)
Peg = ﬁveg (Pee — pgg) = WegPeg (1.7)
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L’équation pour pg n’est pas nécessaire étant donné la relation p., = pg,. Notons

que pgq + pee = 0 et que par conséquent la population totale est conservée. Les
éléments diagonaux de la matrice donnant la probabilité d’occupation, nous avons
Pgg + pee = 1. Les équations présentées jusqu’a présent correspondent a I'atome a
deux niveaux en ’absence de processus de relaxation.
Considérons le systéme fermé de telle sorte que I'état excité e décroit toujours dans
I’état fondamental ¢ avec un taux de décroissance I', le temps de vie dans I’état excité
est donc T} = 1/I". La décroissance est généralement due a 1’émission spontanée.
Les équations 1.5, 1.6 et 1.7 peuvent étre exprimées en tenant compte du terme de
décroissance :

?

pgg = ﬁ(vegpge - pegvge) + Fpee (18)
} 7

Pee = _ﬁ(vegpge - penge) — I'pee (1.9)
) l , r

Peg = ﬁVeg(pee — Pgg) — (iweg + §)peg (1.10)

Remarquons que I'affirmation p.. + pgy = 0 est toujours valable. L’équation 1.10
dépendant des populations p,g et p.. uniquement par leur différence, il est intéressant
de soustraire I’équation 1.8 a I'équation 1.9. Nous obtenons alors :

A ) 21
Pee — Pgg — _ﬁ(vegpge - peg‘/;}e) - (pee — Pgg + 1)F (1-11)

Alinsi, les équations du mouvement de la matrice densité dans le cas d’un systéme

4 deux niveaux fermé se réduit aux équations 1.10 et 1.11. Par la suite nous allons
étudier la solution de ces équations en présence d’'un champ électromagnétique mo-
nochromatique stationnaire.
Le terme d’interaction dans I’Hamiltonien pour une onde monochromatique est
donné par V,; = —pie,(Ee ™! + E*e™!). En faisant 'approximation de 'onde tour-
nante, il est possible d’exprimer le terme d’interaction tel que Vg = —pe,Ee™"".
Ainsi nous pouvons exprimer les équations 1.10 et 1.11 dans 'approximation :

) ) . ) r

Peg = _E|N69|E€ Wt(Pee - ng) - (Zweg + §)Peg (1.12)
. : 22 —wt * _qwt
Pee = Pgg = %(’Meg‘Ee Pge = |Hge| E* € peg) — (Pee — pgg + 1)T (1.13)

Pour résoudre ces équations, nous approximons des variations d’amplitude lente
de la matrice densité telle que pey(t) = oey(t)e™™". Les équations 1.12 et 1.13 de-
viennent alors :

) 1 _ r
Oeg = _ﬁ|ﬂeg|E(Pee — Pgg) + (i(w — wey) — 5)069 (1.14)

) ) 21 .
Pee = Pgg — %(’/LEQ‘EOQE — | tge| E*0cq) — (peec — pgg +1)T (1.15)
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En raison des variations d’amplitude lentes, nous pouvons considérer pyy = pee =
04e = 0. Ainsi, nous obtenons une solution stationnaire que nous pouvons résoudre
algébriquement, ce qui méne a :
7iwt(

—iwt |Neg|E€

Pog = Tege " = Pec — Pag) (1.16)

(A +il'/2)
B 1+ 4A2/T?
Pee ™ Pog = 1L 4A2/T2 4 202/T2
oll A = w — wy, est le désaccord entre la fréquence du laser et la fréquence de la
transition atomique et ©Q = 2|u.,||E|/h est la fréquence de Rabi.

(1.17)

1.1.2 Susceptibilité atomique

La réponse du milieu a une interaction lumineuse est décrite par la polarisation
atomique P qui est reliée au champ électrique par un coefficient de proportionnalité
tel que :

P =¢xF (1.18)

ol €y est la permittivité du vide et x la susceptibilité atomique.
La polarisation peut étre écrite en développement de série de Taylor du champ
électrique :

P =ecoxWE + eoxP|EP + coxP|E2.E + eoxW|E[" + eox® B E + ... (1.19)

Dans ce développement, (1) correspond a la partie linéaire de la susceptibilité.
De plus, notre milieu étant centro-symétrique, le termes impairs disparaissent et
nous pouvont écrire :

P =eXWE + eox®|E2.E 4+ ¢ox® |F|LE + ... (1.20)

La polarisation peut aussi étre écrite en fonction de la matrice densité :

P(t) = Pe™™ + c.e. = N(|igelpeg + |1teglpge) (1.21)
ol N est la densité d’atomes.
Nous pouvons ainsi écrire :
P = N|jieg|*0eg = €0XE (1.22)
En substituant o., par I'équation 1.16 nous pouvons trouver I'expression de la
susceptibilité atomique :
_ Npieg|*(Pee = Pag)
heg (A +iT'/2)

Ol (Pee — Pgq) €st donné par I'équation 1.17. Ceci permet d’écrire I'équation 1.23
telle que :

(1.23)

ANy A +1iT/2

: 1.24
heolZ 1+ 4AZ/T2 + 20212 (1.24)
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A noter que le signe de la partie imaginaire peut changer en fonction de la
convention utilisee F = |E|e*®! 1l sera tout de méme nécessaire de vérifier que
’absorption (proportionnelle a la partie imaginaire) soit positive : nous devons avoir
une diminution de la puissance totale au cours de la propagation. Il est possible de
prendre en compte dans ’équation 1.24 'intensité de saturation si ’on considére :

I 0\?
=2 =] ol =ngec|E|*/2 (1.25)
Isat F

Notons que l'intensité de saturation I, est généralement définie & résonance
mais il est possible de considérer I'impact du désaccord sur la saturation. Nous
pouvons exprimer l'intensité de saturation hors résonance [39] telle que :

- A2
Ty =L (1 T 4ﬁ> (1.26)

De cette maniére nous pouvons exprimer la polarisation en fonction de 'intensité
de saturation :

AN pteg|? A+il'/2
~ hel? 14+ 4A2T?2+ 1)Ly

(1.27)

La susceptibilité est un outil important qui permet d’accéder non seulement a
I'indice de réfraction du milieu via sa partie réelle mais aussi a 'absorption grace a
sa partie imaginaire.

Sont représentées sur la Figure 1.1 les parties réelles et imaginaires de la suscepti-
bilité, respectivement x’ et x”.

05

05

AJT AJT
FIGURE 1.1 — Partie réelle et partie imaginaire de la susceptibilité en fonction du
désaccord pour différentes valeurs de la saturation.

La partie réelle de la susceptibilité est de la forme de la fonction de Dawson,
Pamplitude de ses extrema et le gradient & résonance diminuant lorsque le facteur
de saturation augmente, nous verrons aussi que la dépendance du signe de ' au
signe du désaccord est important pour notre étude. Notons que y” (& savoir le terme
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d’absorption) a une forme de Lorentzienne dont la largeur & mi-hauteur (FWHM)
est donnée par :

Awpwim = U1+ 1)L (1.28)

Nous remarquons aussi que la valeur a résonance (par conséquent le coefficient

d’absorption) diminue d’un facteur (1 + I/I,,)~" par rapport au cas ou le champ
est a faible intensité.
L’indice de réfraction n peut étre décomposé d’aprés la définition standard [39]
comme n = ng + nol +n3l* + ... = ng + An(I) ol ny et n3 sont les premiers indices
de réfraction non-linéaires et An(I) correspond a I’ensemble des termes non-linéaires
de l'indice de réfraction dépendant de I. Grace a I’équation reliant la susceptibilité
et I'indice de réfraction :

n*=1+x (1.29)

Il est possible de connaitre ’expression de I'indice de réfraction non-linéaire An.
L’indice de réfraction posséde une partie réelle et imaginaire ; dans la suite nous nous
intéresserons plus particuliérement & la partie réelle correspondant a la dispersion
non-linéaire, nous ne tiendrons donc pas compte de la partie imaginaire lors des
développements. Si 'on exprime Y’ telle que :

X/ _ 4*]\']|l/szg|2 . A 1— I/[sat
heT? 14 4A2/T2 1+ 4A2/T2 + 1)1

Ainsi, si 'on considére ’équation 1.29 et la décomposition de n faites plus tot,
nous obtenons :

(1.30)

n* =1+ =nJ+ An(I)

AN |f1q|? A I/ (1.31)
heol'? 14+ 4A2/T? 1+ 4A2)T2 4+ I/ 1y

=1+

Si nous considérons la limite ot I tend vers 'infini, ' devient nulle. Ceci entraine
que |An| =n3 —1= (ng—1)(ng+1) et dans le cas ou (ny — 1) est trés petit devant
1, nous pouvons approximer que |An| sature a une valeur égale a 2(ny — 1). Des
mesures expérimentales nous permettent de déterminer une valeur de An saturant
a environ 3 x 10~% (pour une densité atomique d’environ N & 5 x 10 at/m? et un
désaccord d’environ A ~ 1GHz).

Ceci permet d’exprimer la partie linéaire et non-linéaire de I'indice de réfraction
telles que :

AN [preg|” A
~ . 1.32
"o \/+ hieol? 1+ AAZ/T? (1.32)
AN |1 |? A /1,
An = 2Nl : Mo (1.33)

hel? 14+ 4A2/T?2 144A2/T?2 + 1/

Notons que la variation de I'indice de réfraction An est de signe opposé au désac-
cord A. Ceci nous permet, en changeant le signe du désaccord, de changer le signe
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de la variation d’indice ce qui, nous verrons dans la suite, est trés important.

Il est aussi pertinent de calculer les différents termes composant 1'indice de réfrac-
tion non-linéaire (nous considérerons seulement ny et ng, les autres termes étant
négligeables si nous ne saturons pas le milieu). Pour cela, nous devons commencer
par effectuer un développement en série de puissance du paramétre de saturation
I /I, dans 'équation 1.27 :

AN|peg|? A +il/2 I/1,, e \°
X: |M9| . +Z / 1_ / t + / i (134)
heol2 14 4A2/T72 1+ 4A2/T? 1+ 4A2/T?
En introduisant le développement en série de puissance usuel’ y = x) +

33X E|? + 10x®|E[* 4 ... nous pouvons exprimer chaque terme de la susceptibilité
tels que :

(1) _ AN|peg” A +il'/2

. 1.35
hel? 1+ 4A2/T? (1.35)
2 .
3 OB = CANlpegl?  A+iT/2 1[I (1.36)
hel? 1+ 4A2/12 1+ 4A2/1?
AN|peg)? A +4il)/2 Il \°

10\ |E|* = 1 - 2 1.37
IR == T anyre  \Taazm (1.37)

En réécrivant I’équation 1.29 et en considérant les décompositions effectuées plus
haut :

n + 2nonol + (2ngns +n2) 12 =1+ x + 3x® B2 + 10| E|* (1.38)

Il est facile de faire le lien entre les termes de 'indice de réfraction et ceux de la

susceptibilité en se rappelant que I = ngepc|F|?/2. Nous retrouvons ainsi 'expression
de ngy déterminée en 1.32 ainsi que les expressions pour n, et ns :

no =1/ 1+ Re[xW] (1.39)

3Re[y®)
ny = SR (1.40)
20Re[x®]  n2
= — 1.41
" nge2c? 2ng (1.41)

Les études réalisées a 'occasion des différents projets développés dans les cha-
pitres suivants sont effectuées loin de résonance. S’éloigner de l’ensemble des dif-
férents niveaux d’excitation nous permet de considérer une contribution effective

1. Les coefficients 1,3 et 10 s’expliquent par le fait que nous ne considérons que les effets conser-
vant la fréquence initiale. Pour x(®), il s’agit des triplets comme (+w, +w, —w), (+w, —w, +w) ou
(—w, +w, +w)
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de I'état excité, ce qui rend meilleure 'approximation de ’atome a deux niveaux.
Ceci est le cas lorsque le désaccord A est grand devant le splitting hyperfin qui est
d’environ 500MHz pour le rubidium.

Il faut cependant noter I’écart plus important entre les différents niveaux fondamen-
taux (quelques GHz) : approximation de 'atome & deux niveaux est par conséquent
moins vraie pour les états fondamentaux.

Dans le régime loin de résonance o A >> I', les équations 1.35 et 1.36 peuvent se
simplifier et donner pour l'indice de réfraction (terme dispersif) :

N
Re(x) o A Re(x®) oc — (1.42)

Le terme linéaire est négligé car il n’entraine qu'un décalage global de la phase
qui est le méme sur tout le profil transverse du laser. Le terme le plus important est
celui en x® comme nous allons le voir par la suite.

Pour 'absorption, cette simplification donne :

Im(xW) o« —; Im(x®) « — (1.43)

Dans le cas de la partie imaginaire de la susceptibilité, la partie non-linéaire
proportionnelle & 1/A* peut-étre négligée. L absorption linéaire sera la seule a avoir
un impact non négligeable dans nos différents projets.

Des travaux dans ce type de systéme [35,36,40] ont généralement été effectués
dans un régime ou le phénoméne d’absorption pouvait étre négligé afin d’éviter de
potentiels effets indésirables que celui-ci aurait pt entrainer. Ceci limite expérimen-
talement l'accés a des indices de réfraction non-linéaire élevés. Pour conserver une
transmission importante (au-dessus de 70%), il faut pouvoir négliger kLn" ou L est
la longueur du milieu, k& le vecteur d’onde et n” la partie imaginaire de l'indice.
Etant donné que Re(x®)/Im(x™") o 1/A, il est plus intéressant de diminuer le
désaccord afin d’augmenter I'impact de l'indice de réfraction non-linéaire tout en
conservant une transmission importante. La transmission peut-étre fixée en com-
pensant la diminution de A via la densité d’atomes N (réduire la température du
milieu). Ceci est limité dans la mesure ou Papproximation A >> T" n’est vite plus
vraie et ou ’élargissement Doppler (discuté dans la partie 1.2.2) n’est plus négli-
geable.

Nous décidons de ne pas nous limiter au cas ou l'absorption est négligée. Méme
si nous devons prendre en compte cet effet dans nos différents projets, cela nous
permet aussi d’accéder a des régimes ol la non-linéarité est plus importante et par
conséquent d’observer des effets plus importants/développés.

Meéme si nous ne nous limitons pas a la question de ’absorption et que nous allons
au-dela de ny en augmentant l'intensité du faisceau incident, la variation de 'indice
de réfraction totale An posséde une valeur maximum en raison de la saturation en
intensité du milieu, point dont nous avons discuté précédemment.
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1.2 Mise en place expérimentale

Le systéme expérimental utilisé durant les études qui suivront est un montage
simple & premiére vue mais qui s’avére adapté pour les démarches souhaitées : de
part sa stabilité, ses parameétres de controle et les différents effets pouvant étre mis en
jeu. Un schéma du montage est présenté en figure 1.2. Le montage peut étre découpé
en 3 parties principales : la premiére étant ’émission laser et la mise en forme du
faisceau (intensité et phase), la seconde correspondant au milieu non-linéaire et a son
controle, enfin la derniére partie étant I'imagerie en champ proche et champ lointain.

miroir

2 A piezo-c i CCD
Ti:sa 2 PBS > piezo-électrique
.g
<
§ 2
g =2
5 o
Q
A g
<=
o

d'imagerie

FIGURE 1.2 — Schéma du montage expérimental global.

Le terme A\/2 se référe & des lames demi-onde et PBS (pour "Polarized Beam
Splitter") correspond aux cubes de polarisation. La partie "mesure température via
spectre en transmission" sera détaillée plus loin.

1.2.1 Préparation du champ incident

Différents lasers sont utilisés au cours des multiples projets : un EYLSA 780
(Quantel), un laser Titane :saphir (Msquared) et enfin une diode laser avec un am-
plificateur laser BoosTA pro (Toptica). Tous ces lasers sont utilisés a des longueurs
d’onde proche de la raie D2 du rubidium (780nm) avec une puissance maximum
d’environ 2W. Notons que des mesures menées sur la raie D1 du rubidium (795nm)
donnent les mémes résultats.

Le faisceau laser collimaté en sortie de fibre ayant un mode TEMOO est envoyé en po-
larisation linéaire dans un interférométre de Mach-Zehnder. La distribution spatiale
de l'intensité est alors modifiée indépendamment dans chaque bras de l'interféro-
métre. Généralement un faisceau sera agrandi et aura a terme le role de "fond"
tandis que 'autre bras subira une plus grande gamme de modifications. La distri-
bution en intensité de ce second faisceau modifiera de maniére assez significative les
phénomeénes ayant lieu dans le milieu non-linéaire et est considéré de ce fait comme
le faisceau principal.

Le premier projet qui sera discuté par la suite (chapitre 2) nécessite un simple fais-
ceau gaussien (avec un waist plus petit que le "fond").

Pour le projet suivant (chapitre 3), il est nécessaire de travailler avec un faisceau
elliptique. Dans ce cas, le télescope réduisant la taille du faisceau doit étre remplacé
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par un télescope cylindrique, celui-ci permettant de réduire la taille du faisceau selon
un seul axe.

Lors de I’étude sur la précondensation [36] effectuée en amont de cette thése, le
télescope fut remplacé par un diffuseur. Cela permettant d’obtenir une distribution
aléatoire du champ (intensité/phase), cette distribution est communément appelée
"speckle".

Dans le cas général, les faisceaux seront collimatés en entrée de cellule et les fais-
ceaux n’auront pas de waist inférieur a 150pum afin de conserver une longueur de
Rayleigh plus longue que la cellule (7cm).

Ces deux faisceaux sont ensuite superposés en sortie de

linterférométre. Chaque bras de linterféromeétre étant une
projection de la polarisation (verticale et horizontale), les
faisceaux n’interagissent pas. Il est nécessaire d’utiliser une
nouvelle lame demi-onde pour tourner la polarisation des fais-
ceaux de 45° puis de projeter sur un PBS afin de faire inter-
férer les deux faisceaux. Un angle de 45° permet d’obtenir
50% de puissance de chaque faisceau en réflexion et transmission du PBS. Changer
I'angle permet de modifier le ratio de puissance transmis/réfléchis pour chaque bras
de I'interférométre.
La puissance transmise est alors envoyée & travers la cellule de rubidium tandis que
la partie réfléchie est envoyée sur un photo-détecteur. Le signal d’interférence me-
suré sur le détecteur est utilisé pour asservir la phase relative des deux faisceaux.
Une détection synchrone détermine le signal d’erreur (variation des interférences)
puis un PI (Proportionnel, Intégrale) asservit le signal par I'intermédiaire d’un mi-
roir piezo-électrique installé sur le trajet du faisceau "fond" dans l'interférométre.
Ceci nous permet de stabiliser les fluctuations de phase relative des deux faisceaux
interférant causées par les vibrations mécaniques (le principe du PI est développé
en annexe B). Ce controle de la phase sera notamment trés utile pour le projet de
création de vortex.

1.2.2 Milieu non-linéaire

Le champ incident désormais préparé est envoyé a travers une cellule de borosi-
licate remplie d’un mélange naturel de rubidium (¥Rb a 72.2% et ®'Rb a 27.8%).
La vapeur de rubidium est le milieu non-linéaire dans lequel se propage le faisceau
laser. La non-linéarité de ce milieu peut étre controlée expérimentalement via trois
différents parameétres que nous allons détailler.

Le premier paramétre est la température de la vapeur atomique. La cellule cylin-
drique de diamétre 2.5cm et longue de 7cm est chauffée & des températures comprises
entre 100°C et 150°C. La cellule est imbriquée dans deux cylindres de cuivre qui sont
chauffés via des fils (en cuivre) dans lesquels un courant circule. La température des
fils dépend de la valeur du courant ainsi que de la résistance de ces fils (celle-ci
augmente a mesure que 'épaisseur du fil diminue ou que sa longueur augmente) :
nous utilisons des fil de 10m de long et de diamétre 0.4mm correspondant a une
résistance de 3.4€). Pour atteindre des températures de 'ordre de 150°C, le courant
traversant les fils est d’environ 1.7A (en considérant notre résistance). Les fils sont
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enroulés autour des cylindres dans les deux sens de circulation afin éviter tout champ
magnétique potentiel généré par la circulation du courant dans les fils de chauffage
pouvant entrainer des fluctuations de polarisation.

FIGURE 1.3 — Photo du montage expérimental permettant de chauffer la cellule de
rubidium. Les lignes tiretées blanche donne la position des fenétres de la cellule.

Pour éviter que le rubidium ne se condense sur les fenétres de la cellule, un
espace entre les deux piéces de cuivre est laissé afin que le point froid (zone de
condensation) soit situé au niveau du réservoir de rubidium. De plus, les fenétres de
la cellule (repérées par les lignes blanches) sont proche des fils et au milieu du tube
pour conserver un écart en température suffisant avec le point froid.

Le systéme est ensuite monté de maniére a réduire les pertes thermiques : nous
utilisons notamment des feuilles d’aluminium autour des fils et sur toutes les parois
de la boite contenant le four.
La pression dans cette vapeur peut s’écrire selon la formule [41] :

4040

ou la pression P est exprimée en Pascal et la température T en Kelvin. Les
valeurs dans la formule correspondent a la phase liquide, une correction mineure est
a faire lorsqu’il s’agit de la phase solide.
La densité atomique p,; s’exprime quant a elle de la facon suivante :

P
 kgT
ou kp est la constante de Boltzmann.

Nous pouvons ainsi représenter ’évolution de la densité atomique en fonction de la
température de la vapeur en figure 1.4. La densité atomique que l'on retrouve dans

Pat (145)



16 Chapitre 1. Vapeur atomique non-linéaire

I’équation 1.27 va donc modifier la force de la non-linéarité. Entre 50°C' et 150°C', la
densité atomique augmente de 3 ordres de grandeur ce qui nous permet un controle
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FIGURE 1.4 — Evolution de la densité atomique en fonction de la température en
Celsius. Le point noir indique la température a laquelle le rubidium change de phase
(fusion). I’échelle de droite est donné en unité de A* ou A = 780nm.

de régime non-linéaire assez large. Durant nos expériences, la vapeur aura une tem-
pérature toujours supérieure a 100°C' (jusqu’a 150°C' en fonction des projets). Il
est important de savoir que les métaux alcalins subissent un processus de "durcis-
sement” au contact du borosilicate. Une étude faite sur le sujet [42] estime qu’a
environ 100°C' le processus de "durcissement" entraine I'absorption par le verre de
3 x 10! [at/m?] sur une période s’étalant de plusieurs jours a quelques semaines.
La pression et donc la densité atomique restent constantes tant que le réservoir de
rubidium au point froid est suffisant. Lorsque I'équivalent du réservoir a été absorbé
par les parois en verre, la densité diminue progressivement. Etant & T > 100°C lors
des mesures expérimentales, ce phénomeéne se produit dans notre cellule. La densité
atomique a drastiquement chuté aprés une longue période d’utilisation (environ 1
an installé sur Pexpérience a raison de 20-30h de chauffe par semaine). Cette longue
période en comparaison a [42] s’explique par le fait que U'intégralité de la réserve de
rubidium a dua disparaitre avant de voir la densité diminuer.

Pour correctement décrire ’absorption du systéme, nous devons considérer toutes
les raies hyperfines du rubidium au fréquences qui nous intéressent. Le spectre d’ab-
sorption d’un atome & 2 niveaux est une lorentzienne dont la largeur a mi-hauteur
équivaut a l'inverse du temps de vie de ’état excité, soit I' = 27 - 6.066MHz. Pour
prendre en compte toutes les raies hyperfines il faut donc calculer la somme de toutes
ces lorentziennes dont I’amplitude est déterminée par : la densité de I'isotope, la po-
pulation dans le niveau fondamental ainsi que la force de la transition.
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La section efficace des atomes lorsque ceux-ci sont immobiles peut donc s’écrire telle
que :

00

ook (W) = ZZ: RﬂTzl (@ — w022/ T2 4 T/ (1.46)
ou R; est la force de transition de
chaque raie hyperfine (nous ne considé- 5 210°
rons que la raie D2), A; = w — wp,; est o6
le désaccord en fréquence par rapport a n 014
la résonance wy pour chaque raie et 7; 012
est la population dans I’état fondamen- 3 o1
tal i (égale au produit de la proportion § 008 S
naturelle des deux isotopes et du ratio & gl 005 O
de population entre chaque niveau fon- l 0.04
damental di aux valeurs des nombres H 0.02
hyperfins des niveaux. Nous définissons 0 L ” I 0
2 -2 0 2 4 6 8

aussi oy = o la section efficace a ré- A [HZ] x10°
sonance). FIGURE 1.5 — Section efficace autour de la

La section efficace a température nulle yaje D2 du rubidium température nulle
est représentee en figure 1.5. Nous re- (0[) et ambiante (300K). La saturation

marquons sur ce spectre que chaque ni- gy négligée dans ces calculs. Les valeurs
veau fondamental est couplé a trois ni- ¢yt normalisée par og.

veaux hyperfins excités AF = —1,0, +1.

Lorsque nous considérons le section effi-

cace a température ambiante le mouvement des atomes entraine un élargissement
Doppler kv sur les raies hyperfines. Chacune des trois raies est convoluée et il en
résulte une unique raie dont la largeur dépend de la température. Il est par consé-
quent impossible d’isoler les raies hyperfines avec précision a température ambiante.
Ces larges raies sont représentées en figure 1.5. Notons que le zéro en fréquence
est défini arbitrairement comme étant 8"Rb, F' = 3. Tous les désaccords mesurés
expérimentalement seront donnés par rapport a ce zéro. Si nous considérons que la
vitesse des atomes suit la loi de Maxwell-Boltzmann, la largeur de ces raies Doppler

peut étre définie telle que :
kgT
I'p= ,/anQ (1.47)

ol m = 1.4 x 107?° kg est la masse atomique. Pour une température 7' = 100°C,
la largeur Doppler vaut I'p = 246MHz. Le section efficace pour une température
non nulle peut s’écrire comme la convolution du spectre a 0K avec la distribution
gaussienne de ’élargissement Doppler. Cette distribution en vitesse s’écrit :

[ m va
P(U)d?) = mexp <_ﬁ> dv (148)
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Sachant que la vitesse équivalant & un déplacement Doppler de wy & w vaut
v = c¢(w/wy — 1), la distribution Doppler peut s’écrire en fréquence :

2 2

mc mc w
Pw)dw = | ——— —— = =1)?%) | d 1.49
() 2mkTw? P [ 2kT (wo ) )] “ (1.49)

La section efficace & température non nulle s’écrit donc :

o(w) = /_ " oo (WP — ) (1.50)

oo
Maintenant que nous connaissons la section efficace des atomes, nous pouvons
exprimer le coefficient d’absorption linéaire comme étant :

N = pat0 (1.51)

Méme si I’élargissement Doppler di a la température est limité de par sa dé-

pendance en /T, la forte dépendance de la densité atomique a la température va

entrainer une importante augmentation de ’absorption sur le spectre a mesure que
la température augmente. La figure 1.7 met en évidence cet effet.

Nous pouvons écrire la relation entre 'intensité initiale et celle transmise telle que :

1,
T = I—t = exp(—nL) (1.52)
0
ou I; est I'intensité transmise, Iy I'intensité initiale, 7 le taux de transmission et

L la longueur du milieu. Le produit nL représente I'épaisseur optique du milieu.
Le spectre en transmission nous permet donc de remonter jusqu’a la température
de la vapeur par intermédiaire de I’absorption (1.51) puis de la densité atomique
(1.45).

La figure 1.6 représente le schéma du montage expérimental dédié a la mesure de la
température.

PBS - o o oo .
- ! :
Ti:sa iy | Expérience principale !
2 | :
: IPBS
Ao e [
DI A densit¢ ! |
PBS 4 neutre ! !
spectre en oot
absorption saturée %M ;
spectre en

transmission

FIGURE 1.6 — Montage expérimental utilisé pour la mesure en température de la
vapeur atomique. La seconde cellule a gauche est utilisée pour effectuer un spectre
en absorption saturée a température ambiante.

Le laser est scanné en fréquence sur une plage d’environ 25GHz autour de la raie
D5 du rubidium. La premiére cellule (& gauche) permet d’obtenir le spectre d’ab-
sorption saturée [43] afin de calibrer avec précision le pas en fréquence. Une faible
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proportion du faisceau initial (pour éviter la saturation) est quant a elle envoyée a
travers la cellule d’étude pour enregistrer le spectre en transmission. La figure 1.7
montre d’une part le spectre d’absorption saturée permettant la renormalisation en
fréquence et d’autre part des spectres en transmission pour différentes températures.
Le spectre en absorption saturée est effectué a 25°C' et nous permet d’observer les
raies hyperfines contrairement au spectre en transmission classique dans lequel I’élar-
gissement Doppler est la limite de résolution.

Nous observons que lorsque la température et par conséquent la densité atomique
augmentent la transmission diminue autour des raies d’absorption, le spectre en
transmission s’aplatit et les ailes deviennent de plus en plus larges. Un ajustement
des données est ensuite effectué pour déterminer la température correspondant a
chaque courbe.
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FIGURE 1.7 — Spectre en absorption saturée (noir) et spectres en transmission pour
différentes températures de la vapeur. La fenétre en fréquence d’environ 25GHz est
limitée par le laser que nous utilisons pour scanner.

Le second paramétre important est le désaccord en fréquence. La dépendance
en 1/A3 de l'indice de réfraction non-linéaire (équation 1.33) en fait un paramétre
important d’autant plus qu’il est rapide et précis. En effet, cette dépendance permet
de changer le signe de I'indice non-linéaire. Lorsque An > 0 le milieu se comporte
comme une lentille divergente sur le faisceau, il est alors dit auto-défocalisant.

Si An < 0, le milieu aurait alors un effet focalisant sur le faisceau et serait appelé
auto-focalisant [44,45]. Une multitude d’autres phénoménes apparaissent dans cet
autre régime; il est notamment possible de réaliser des guides d’onde [46,47], d’ob-
server des structures [48| ou encore d’étudier des effets plus complexes tel que la
non-localité [49].

Nous considérerons toujours dans les différents projets détaillés dans ce manuscrit le
cas oi An > 0. Pour rester dans le régime ot |A| est plus grand que I’élargissement
Doppler, nous conserverons au minimum un désaccord de A = —1GHz.
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La non-linéarité devenant plus importante & mesure que 'on se rapproche de réso-
nance, nous remarquons sur la figure 1.7 qu’a haute température 'absorption n’est
plus négligeable. Ce sera donc un effet supplémentaire qu’il faudra prendre en compte
lors de nos études.

Enfin, le troisiéme paramétre est l'intensité laser se propageant dans le milieu.
Lorsque nous sommes suffisamment loin de résonance pour pouvoir négliger I'effet
de la saturation (A?/T? >> I/I,), I'indice de réfraction non-linéaire de 1’équation
1.33 devient proportionnel a 'intensité du faisceau incident. Lorsque la saturation ne
pourra plus étre négligée (en raison d’un faible désaccord ou d’une forte intensité),
cette dépendance n’est plus vraie : les atomes ne peuvent pas interagir avec plus de
photons, augmenter 'intensité n’aura donc plus d’effet sur la non-linéarité.

1.2.3 Meéthode d’imagerie

La méthode d’imagerie est un élément primordial dans notre expérience puisque
qu’elle nous permet non seulement d’observer le champ proche du faisceau aprés
propagation a travers la cellule de rubidium mais aussi de calibrer la non-linéarité
du milieu via le champ lointain comme nous le verrons par la suite.

Concernant le champ proche, une lentille est utilisée pour imager le plan exact de
la fin de la cellule. Différentes lentilles permettent d’obtenir d’autres grandissements
(x1; x3; x6). Le champ proche est alors imagé sur une caméra CCD ayant une
résolution (1600 x 1200) avec des pixels de 4.4um. Combinée avec une lentille de
grandissement ceci nous permet une résolution suffisante en comparaison de la lon-
gueur caractéristique des phénoménes observés (cette longueur est appelé "healing
length", nous détaillerons ce point ultérieurement) qui est d’environ &~ 10pum.

Une seconde caméra est aussi utilisée, une Phasics SID4 qui nous permet d’enre-
gistrer directement l'intensité et la phase du champ. Ceci nous donne donc accés a
I’équivalent de la fonction d’onde in situ en sorti du milieu non-linéaire. Nous déve-
lopperons au cours du chapitre 3 les différents avantages que cela offre.

Basé sur le principe du masque d’Hartmann modifié, un réseau de diffraction est
situé devant les pixels de la caméra. Ce réseau crée plusieurs répliques de 'onde
incidente (le nombre de répliques dépend de la géométrie du réseau) décalées dans
le plan et interférant les unes avec les autres : on parle d’interférométre par cisaille-
ment latéral.

Grace a cet interférogramme, nous avons accés simultanément a 'intensité du champ
et aux dérivées de la phase suivant différentes directions (au moins 2 directions or-
thogonales). Pour cela la transformée de Fourrier de I'interférogramme est calculée;
sélectionner des harmoniques précises et en calculer la transformée de Fourrier in-
verse donne accés aux informations du champs. I’harmonique d’ordre zéro permet
d’obtenir le profil d’intensité tandis que les harmoniques de premier ordre permettent
de remonter jusqu’aux gradients de la phase, intégrer ces gradients permet de re-
trouver la phase (une description plus détaillée de cette caméra et de son principe
de fonctionnement se trouve en annexe C) [50-55].

La principale limitation de cette caméra est sa résolution, seulement 160 x 120 pixels
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de 29.6pm, un grandissement important est par conséquent nécessaire pour pouvoir
correctement étudier les détails les plus petits. Un second point a prendre en compte
qui sera notamment important dans le projet sur les vortex (chapitre 3) est la fagon
dont est intégré le gradient de la phase. Le gradient de phase d’un vortex présente
une singularité en son centre qui ne peut pas étre intégrée numériquement. Cette
singularité ne sera donc pas prise en compte lors de I'analyse numérique effectuée
par la caméra. Ceci a pour conséquence que la phase tournante caractéristique des
vortex n’est pas directement détectable sur le logiciel de la caméra. Il est nécessaire
de travailler avec les données "brutes" de la cameéra, le gradient de la phase nous suf-
fira pour mettre en évidence la rotation de la phase autour des vortex. Des méthodes
existent pour reconstruire le front d’onde lorsque des vortex sont présents [56,57].
Il est aussi nécessaire de considérer les modifications de phase qu’entraine le systéme
d’imagerie. Le systéme d’imagerie n’étant pas afocal (ce choix a été fait pour avoir
une plus grande flexibilité sur les différents grandissements), la lentille imprime une
phase additionnelle importante sur le front d’onde au niveau de la caméra. Pour cor-
riger ce probléme il est important de prendre une référence en imageant un faisceau
plan afin de systématiquement retirer la phase ajoutée par la lentille.

Il est aussi utile de s’intéresser au champ lointain du faisceau aprés propagation
dans la vapeur non-linéaire. Comme il est détaillé dans la section suivante, ceci nous
permet une calibration assez précise et facile d’accés de la non-linéarité.

1.3 Calibration non-linéairité

Une étape importante afin de correctement étudier les différents projets qui sui-
vront est de calibrer la non-linéarité de notre milieu. En effet, il est nécessaire de
connaitre les différents régimes non-linéaires en fonction des parameétres accessibles
expérimentalement : & savoir densité atomique, intensité laser et désaccord en fré-
quence. Dans cette section, nous développerons la méthode utilisée pour mesurer
la non-linéarité de notre milieu ainsi I’évolution de cette non-linéarité en fonction
des principaux parameétres. Nous verrons ensuite comment comparer des milieux
non-linéaires & priori différents et finirons par voir I'impact de la saturation sur la
non-linéarité.

1.3.1 Auto-modulation de phase

Il a été démontré via 'équation 1.33 que l'indice de réfraction non-linéaire du
milieu dépend de l'intensité du faisceau laser le traversant. Par conséquent, une
variation de 'intensité incidente va entrainer une variation de I'indice non-linéaire
An(I) et ce changement d’indice va agir & son tour sur la phase du faisceau laser.
I’intensité du champ controéle indirectement sa phase par I'intermédiaire du milieu,
ce phénomeéne est généralement appelé auto-modulation de phase.

Il existe différentes méthodes pour mesurer ce décalage de phase, il est notamment
possible d’effectuer un z-scan [58-60] (dans le cas ou le milieu est fin), de travailler
avec un mélange a quatre ondes [61-63] ou encore via la technique de modulation de
phase croisée (XPM) dans le cas d’une propagation temporelle d’un faisceau dans
une fibre non-linéaire [64,65]. Dans le cas qui nous intéresse, le milieu non-linéaire



22 Chapitre 1. Vapeur atomique non-linéaire

étant épais, il est préférable d’opter pour une autre technique utilisé dans [37,66-68].
Considérons le faisceau incident avec un profil d’intensité gaussien TEMy : celui-ci
se propage le long de ’axe z dans un milieu non-linéaire d’épaisseur L. L’amplitude
complexe du champ dans le plan d’incidence peut s’écrire :

2 ke 2
E(r,z) = E(0, 29) exp (—%) exp <—Z 02727” ) (1.53)

ol zg est la position du plan d’incidence, r les coordonnées radiales, w le waist du
faisceau a zp, ng U'indice de réfraction, ky = 27/ le nombre d’onde et R(z) le rayon
de courbure du front d’onde. Pour les raisons présentées plus tot, une variation de
I'indice de réfraction An(r, z) apparait dans la zone ot le faisceau se propage dans le
milieu. Le déphasage qui s’est donc accumulé en sortie du milieu peut donc s’écrire :

Ag(r) =k /ZO+L An(r, z)dz = koLAn(r) (1.54)

20
ot L est la longueur du milieu non-linéaire. Si I’on considére ’absorption linéaire
dans notre systéme, I'amplitude complexe du champ en sortie du milieu devient :

E(r, 20+ L) = E(0, ) exp <—;—22> exp (-%) exp(—ia(r)) (1.55)

Nous rappelons que 7 est le coefficient d’absorption linéaire du milieu et ¢(r) le
terme de phase tel que :

nor?
8(r) = ko o+ AG(1) (1.56)

Le premier terme étant la phase induite par la courbure du front R et le second
terme étant celui créé lors de la propagation du faisceau a travers le milieu. Lorsque
le faisceau est sorti du milieu non-linéaire et qu’il se propage librement dans I’air,
il est possible de déterminer la distribution en intensité du champ lointain a 'aide
de 'approximation de Fraunhofer de la formule de la diffraction de Fresnel-Kirchoff.
Ceci donne une distribution en intensité telle que :

e 2 nL
/ / E(0, z) exp (—7) exp(—ikord cos ¢)
o Jo

2
exp (—E - iqﬁ(r)) rdrdy

otl 6 est 'angle de diffraction du champ lointain, ¢ est ’angle dans le plan de
sortie du milieu en coordonnées polaires, D est la distance entre le plan d’observation
et le plan de sortie du milieu. Ceci correspond & avoir dans le champ lointain les
coordonnées radiales telles que p = D#@. En utilisant la fonction de Bessel a 'ordre

2

1
iIAD

2

(1.57)

1

zéro Jo(z) = 7 fOQW exp(—ix cos ¢)dy nous pouvons réécrire I'équation 1.57 sous la
T

forme :

2

I=1 (1.58)

/00 Jo(kor®) exp (—T—Z - iqﬁ(r)) rdr
0 w
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avec Iy = 47| E(0, 29) exp(—nL/2)/(iAD)|?.

Lors de la propagation dans le milieu d’un faisceau ayant un profil gaussien, la dé-
formation de la phase aura une distribution en forme de cloche ayant pour centre le
centre du faisceau (r = 0). Lorsque la déformation devient importante, le déphasage
maximum devient grand devant 27, nous voyons alors apparaitre une série d’an-
neaux concentriques dans le champ lointain du faisceau transmis a travers le milieu.
L’intensité au centre du faisceau passe d’un maximum a un minimum lorsqu’un dé-
phasage de 7 est ajouté puis retourne a un maximum si le déphasage atteint 27.
Nous pouvons ainsi estimer la valeur du déphasage non-linéaire tel que :

A¢ = 2mm pour I(r =0) = max (1.59)
=(2m— )7 pour I(r = 0) = min '

ol m est le nombre d’anneaux.
Les mécanismes entrainant le changement de I'indice de réfraction par 'intermédiaire
du faisceau se propageant dans le milieu sont variés. L’équation 1.58 permet de
rendre compte du déphasage causé par ce changement d’indice de réfraction via le
profil d’intensité en champ lointain.

FIGURE 1.8 — Mesure du profil d’intensité en champ lointain d’un faisceau gaussien
traversant le milieu non-linéaire & différentes non-linéarités. Les non-linéarités sont
pour (a), (b), (¢) et (d) respectivement A¢ = 2, 31, 67 et 107.

Cette méthode n’est pas dépendante du mécanisme mis en jeu et peut par consé-
quent, étre utilisée pour différents systémes [69-71] dés I'instant ot une variation
de l'indice de réfraction a lieu. La figure 1.8 représente des profils d’intensité en
champ lointain typiques lorsqu’un faisceau gaussien se propage dans notre milieu.
Progressivement augmenter An entraine 'augmentation du déphasage non-linéaire
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A¢ ce qui fait apparaitre une multitude d’anneaux. En se servant de la formule 1.59,
nous pouvons estimer les valeurs du déphasage non-linéaire qui sont données dans
le détail de la figure.

1.3.2 Evolution de la non-linéarité

Pour rappel, ’équation 1.33 nous montre que An et par conséquent le déphasage
non-linéaire (du fait de I’équation 1.54) peuvent étre modifiés par I'intermédiaire de
plusieurs parameétres expérimentaux : le désaccord en fréquence, l'intensité du fais-
ceau laser ainsi que le nombre d’atomes interagissant avec la lumiére. Ce dernier se
controle via la densité atomique du gaz dans lequel se propage le faisceau, la densité
atomique étant proportionnelle & la température du gaz (voir figure 1.4).
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FIGURE 1.9 — Evolution du déphasage non-linéaire (a) en fonction du désaccord pour
différentes intensités et (b) en fonction de I'intensité pour différents désaccords. Les
désaccords sont donnés par rapport a la transition D2 55 5(F = 2) — 5P3)5(f =
1,2,3) du ¥ Rb. Les points sont les mesures expérimentales et les lignes sont des
ajustements effectués avec I'équation 1.33. Les mesures sont faites a température
fixée T' ~ 150°C' et avec un faisceau de waist 0.3mm.

La figure 1.9 montre I'évolution du déphasage non-linéaire en fonction des pa-
rametres les plus souvent utilisés pour controéler la non-linéarité a savoir 'intensité
et le désaccord du faisceau. La température est un paramétre lent a faire varier et
dont la mesure est moins précise et plus complexe (voir partie sur le chauffage de la
cellule 1.2.2), une étude systématique est donc moins pertinente.

Nous observons sur la figure 1.9(a) qu’a intensité fixée le déphasage augmente en
1/A3, cette approximation est correcte dans le régime & grand désaccord ou I'on
peut négliger la saturation (4A%/I'? >> I/I,,). Nous retrouvons cette dépendance
dans la formule de An (équation 1.33).

La figure 1.9(b) nous présente quant a elle I’évolution du déphasage non-linéaire
en fonction de I'intensité du faisceau pour différents désaccords. Les mesures de A¢
effectuées dans ce cas précis ne vont pas au-dela de 167 ~ 50 (soit 8 anneaux) car, la
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saturation devenant importante, une partie du faisceau ne voit plus les atomes et est
transmise sans qu’elle ne subisse de déphasage. Ceci entraine un mauvais contraste
au centre du faisceau en champ lointain rendant le comptage d’anneaux supplémen-
taires imprécis. Des observations similaires ont été faites dans le cas d’un cristal
photo-réfractif [71]. Nos observations montrent aussi qu’augmenter la température
et par conséquent la densité atomiques réduit aussi le contraste sur les anneaux cen-
traux. A noter que méme si les mesures s’arrétent a cette valeur du fait du manque
de contraste au centre, le développement d’anneaux supplémentaires reste visible
loin du centre. Pour connaitre la valeur de la non-linéarité au-dela de cette limite
expérimentale, nous extrapolons les courbes a l'aide de la formule 1.33.

1—10
1-4><0 T T T T T T

12F -

0.8 -

06 -

ny [m? /W]

04F -

0.2F -

e — 1 1 1 1
" . A [HZ]

FIGURE 1.10 — Evolution de lindice de réfraction non-linéaire ny en fonction du
désaccord A. Les points correspondent aux valeurs extraites des ajustements des
mesures expérimentales et la courbe rouge est un ajustement effectué a ’aide de la
formule 1.40.

2

x10

Dans le régime ou la saturation est négligeable, nous pouvons approximer la
variation de l'indice de réfraction comme étant égale & An ~ ny(A)I. Nous rappelons
que ny(A) est le premier ordre de I'indice de réfraction non-linéaire et dépend de A
mais pas de l'intensité.

Cette approximation nous permet de réécrire I’équation 1.54 telle que :

Ainsi, a désaccord fixé (la densité atomique reste fixée dans chaque étude) et
lorsque la saturation est négligeable, le déphasage évolue linéairement en fonction
de l'intensité avec une pente koLn, ou kg et L sont des constantes connues. En
effectuant un ajustement sur la partie linéaire de chaque courbe, nous pouvons donc
déterminer la valeur de ny pour le désaccord correspondant. Si nous effectuons les



26 Chapitre 1. Vapeur atomique non-linéaire

mesures présentées en figure 1.9 (b) pour un plus grand nombre de désaccords, nous
pouvons déterminer la pente pour chaque courbe et ainsi obtenir la figure 1.10.

Type Matériau ny [m? /W]
Cristaux GaAs 3.3 x 1077
Si 2.7 x 10710
ZnSe 3.0 x 10710
Al,O5 2.9 x 10712
LiF 9.0 x 10713
Verres Silice fondue 3.2 x 10712
BK-7 3.4 x 10712
ASQSg 2.0 x 1079
Nano-particules Au 2.6 x 1076
CdSSe 1.8 x 10710

2D Graphene 101

BiH; 1072

TaSe, 1073

Ti;Cy, Tx 1
Vapeur Rb a T = 150°C et 1010
A = —-3GHz

TABLE 1.1 — Tableau listant certains matériaux non-linéaires avec la valeur de leur
indice de réfraction non-linéaire du premier ordre n, mesuré via ’auto-modulation
de phase [37,38]. Les matériaux (a 'exception des types 2D) sont des matériaux dits
épais dans lesquels la propagation se fait sur une distance plus grande que .

Cette calibration permet de facilement connaitre la valeur du déphasage et donc
la non-linéarité via la formule 1.60 quel que soit le désaccord et U'intensité (a tempé-
rature donnée) dans I'approximation ou la saturation est négligeable (4A2/I'%? >>
I/Isat)-

Le déphasage non-linaire étant une méthode qui peut étre appliquée a une multitude
de systémes non-linéaires méme si leur mécanisme est différent, les informations qui
en sont extraites permettent de comparer les propriétés non-linéaires de chaque sys-
téme. Le tableau 1.1 liste certains matériaux de différents types ainsi que la valeur de
n9 correspondante. Les mesures sont toutes effectuées en utilisant 1’auto-modulation
de phase.

D’autres types de matériaux possédent des propriétés non-linéaires tels que des semi-
conducteurs, des molécules ayant une polarisabilité anisotropique (cristaux liquides
par exemple), 1’électrostriction, la non-linéarité thermique ou encore des systémes
quantiques (QD et MQW) [72]. Tl est aussi possible de mesurer cet indice de réfrac-
tion non-linaire dans des fibres ou la propagation évolue temporellement |64, 73].
Bien évidement, chaque matériau posséde des propriétés et des avantages bien spé-
cifiques. Dans tous les matériaux 2D par exemple, le terme de diffraction est négligé
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lors de la propagation dans le milieu, ce n’est pas le cas dans les matériaux "épais".
Il est important de rappeler que l'estimation du n, ne permet de rendre compte
de la non-linéarité du milieu que dans 'approximation de I'atome & deux niveaux
(loin de résonance) et sans saturation.

10" : : : : : : : Lorsque nous nous rapprochons de réso-
nance le terme d’ordre supérieur y(® 12
dans l’équation 1.38 n’est plus négli-
geable et, étant de signe opposé a x*T,
la pente de la non-linéarité deviendra in-

S férieure a la valeur de n, prédite dans

Rl { Papproximation ot x® est le seul terme
//

pris en compte. La figure 1.11 représente

/ ce changement de régime.
4~ ——————, Si l'on reprend I'¢quation 1.27 dans le

A [HZ] <1’ cas on le terme de saturation I/, n’est
plus négligeable devant 4A2/T'? il n’est
plus possible d’effectuer le développe-
ment en série de puissance 1.34 et nous
n’avons plus de proportionnalité entre
An et I. Ceci peut avoir lieu en raison
d’une diminution du désaccord ou d’une augmentation de I'intensité du faisceau.
Dans ce cas, nous avons seulement accés a la variation d’indice totale An définie
par la formule 1.33.
La technique d’auto-modulation de phase étant définie par rapport & An totale,
I'impact de la saturation et les termes d’ordres supérieurs de la susceptibilité ne
changent en rien les mesures que 'on peut effectuer. La seule différence que nous
observerons est que nous n’aurons pas une simple dépendance linéaire en ny lorsque
I'intensité augmente. En effet, comme nous pouvons 'apercevoir dans les mesures a
haute non-linéarité en figure 1.9 (b), lorsque nous atteignons un régime ot la satura-
tion ne peut plus étre négligée, la pente de A¢ va progressivement diminuer jusqu’a
qu'un plateau soit atteint. Dans ce cas 13, la saturation sera telle qu’augmenter ’in-
tensité du faisceau ne permettra plus d’augmenter la valeur de An.
La figure 1.12 (a) met en évidence ce phénoméne. Méme si le régime ot les mesures
expérimentales du déphasage sont effectuées correspond au régime sans saturation
(évolution linéaire de pente ny), extrapoler la courbe d’ajustement dans un régime
ol la saturation n’est pas négligeable fait apparaitre le plateau da a la satura-
tion. Ne pouvant pas mesurer un nombre d’anneaux aussi important comme indiqué
précédemment, cette extrapolation nous permet d’estimer la valeur du déphasage

non-linéaire méme si la saturation est importante.
2 /72

I Isat
et de I'intensité. Au vu des courbes expér/imentales en figure 1.9 (b), nous estimons
que le systéme commence & devenir saturé (la dépendance de A¢ en I n’est plus
linéaire en ny) lorsque le rapport est d’environ 50. Plus ce rapport diminue plus la
non-linéarité sature. Lorsque A?/T? & I /I, le systéme est totalement saturé et le
plateau est atteint.

S
\
~

FIGURE 1.11 - Evolution du rapport
Ix*I/x®| en fonction du désaccord pour
un intensité fixé & I =1 x 10% [W/m?].

La figure 1.12 (b) représente le rapport pour différentes valeurs du désaccord
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FIGURE 1.12 — La courbe a gauche représente I’évolution de A¢ en fonction de
'intensité pour un désaccord de A = —3.7 [GHz| (courbe verte dans 1.9 (b)). Les
points noirs sont les mesures expérimentales; la courbe rouge représente I'extrapo-
lation d'un ajustement effectué avec la formule 1.33. L’inset est un zoom du régime
oll les mesures expérimentales ont été effectuées. La figure de droite correspond au
rapport désaccord /saturation de 'intensité en fonction du désaccord et de I'intensité.

1.4 Fluide de lumiére

Depuis plus d’un siécle, on sait que la lumiére se propageant dans le vide est
constituée de photons n’ayant pas de masse et n’interagissant pas les uns aux autres.
En physique classique, les fluides & I'inverse, peuvent étre décrits comme un ensemble
de particules ayant une masse et interagissantes. Il a été montré que, dans certaines
circonstances précises, les photons pouvaient se comporter comme des particules
ayant une masse et qu’il était possible de simuler une interaction photon-photon.
De cette maniére, il est possible de créer et d’observer des fluides de lumiére. Nous
allons dans cette section développer les caractéristiques des fluides de lumiére et les
équations les décrivant. Nous verrons dans les projets présentés dans ce manuscrit
que la lumiére peut avoir un comportement tout a fait semblable & celui des fluides.

1.4.1 Propagation dans un milieu non-linéaire

Considérons un milieu non magnétique ol l'induction électrique s’écrit D =
¢oE + P et le champ magnétique vaut B = puoH.
Grace aux équations de Maxwell nous savons que :

0B
E=—— 1.61
VA T (1.61)
D
V/\H_a (1.62)

ot
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Ceci nous permet ainsi d’écrire I’équation de propagation du champ électrique
dans un milieu non-linéaire telle que :

2 82E 82PNL
2E - n_ —
v 2o M oe

(1.63)

ou la perméabilité du vide py = 1/ eoc® et Pnp est le terme non-linéaire de la
polarisation.
Pour un milieu non-linéaire de type x*, nous aurons Pnr, = €ox®E?. Nous assu-
mons que le champ monochromatique se propage selon z. Nous pouvons écrire le
champ tel que :

E(ry,z,t) = Fy(ry, z)etkor—wob) (1.64)

ou r; = (z,y) est le plan transverse a la propagation et Fy est 'enveloppe de
I'onde.
En remplagant ’expression du champ dans ’équation 1.63 et en négligeant la géné-
ration d’harmonique du troisiéme ordre (oc e **?), nous obtenons :

0*Ey OEq ,  nPwp 31 e 1 Wh
V%+82+HM9 @0 C)% (de% (1.65)

ot V2 est le Laplacien dans le plan transverse. En approximant que le champ
varie lentement dans la direction 7 (approximation paraxiale), nous pouvons fixer la
dérivée seconde de Ejy en z comme étant nulle. L’indice de réfraction linéaire peut
quant & lui étre écrit sous la forme n = ng + dn ou ng est l'indice moyen et dn
une variation locale supposée faible. Nous savons aussi que le nombre d’onde s’écrit
ko = nowo/c. Tout ceci nous permet de réécrire I’équation 1.65 telle que :

0Y(r, 2) 9 5nk‘0 X ko

—_— = ——V 1.66

20 M ) v (Loo)
ou ¥(r,z) = Ey représente la fonction d’onde de notre systéme. Nous faisons

ainsi le lien avec 'équation de Gross-Piteaveskii (GPE) pour une fonction d’onde

(r,t) décrivant un condensat de Bose-Einstein [74] :

22t (- v+ gl OF ) vl (1.67)

ot V(r) est le potentiel externe, m la masse des particules du condensat et g est
le coefficient d’interaction non-linéaire.
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FIGURE 1.13 — Schéma de I’évolution & travers le milieu non-linéaire avec la condition
initial (premiére image) puis aprés propagation suivant le temps effectif du systéme
t « z/zyr. L’évolution représentée sur ce schéma correspond a des simulations en
rapport a I’étude des vortex qui seront présenté durant le chapitre 3.

La premiére chose que 'on remarque est la dérivée temporelle dans le terme de

gauche de GPE (1.67) qui trouve son équivalence dans la dérivée spatiale suivant
I’axe de propagation z du faisceau. Il en résulte que la dynamique observée avec
I’équation 1.66 sera en 2 dimensions dans le plan r; transverse a la propagation
tandis que I'axe de propagation jouera le role d’un temps effectif. Les conditions
initiales seront définies par le champ en z = 0 puis chaque plan a z # 0 correspondra
a une mesure pour un temps effectif donné comme présenté en figure 1.13. Il suffira
ensuite d’imager ces différents plans pour reconstruire la dynamique temporelle du
systéme.
En considérant le terme du Laplacien dans les équations 1.66 et 1.67, il est possible
de déterminer une masse effective pour les photons de notre systéme. Soit z = tc ou
t le temps de propagation du faisceau et ¢ la vitesse de la lumiére dans le vide, nous
avons :

h ¢ Dk 168

m 2_k0 m = e (1.68)

Rappelons que kg = 2w /) on A = 780nm dans notre systéme. Ceci donne une masse

effective des photons mes; = 2.8 x 107%kg = 3.1 x 10 %m, ot m, est la masse de
I’électron.

Nous considérons ici I'absence de potentiel externe V(r) (.i.e variation de l'indice

linéaire 0n). L’équation 1.66 peut donc se réécrire telle que :

oY (r, 1 @)
i I/)g; 2 (-2—%% + Xz—ng(’h/)(n Z)|2> W(r, 2) (1.69)
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Cette formulation peut étre quant & elle comparée a une équation plus générale
de GPE a savoir I'équation de Schrodinger non-linéaire (NLSE) :

ihw = (—%VQ + g|¢(r,t)|2> U(r,t) (1.70)

En utilisant les équations 1.25 et 1.40 et en définissant le paramétre de dispersion
« égal & 1/kg, nous pouvons reformuler I’équation 1.69 telle que :

oY(r,
@% - (—%v‘j n k:ongl) Wb(r, 2) (1.71)

Le terme nyl étant seulement le terme rattaché a la non-linéarité d’ordre 1, il est
possible d’utiliser 'indice de réfraction non-linéaire An ~ noI prenant en compte
tous les ordres supérieurs. L’équation devient :

0Y(r,
2% = (—%Vi + koAn) P(r, 2) (1.72)

Nous pouvons ainsi décrire la propagation du faisceau laser dans le milieu non-
linéaire méme lorsque le milieu sature.
Il est aussi nécessaire de prendre en compte l'effet de 'absorption lorsque nous
sommes dans un régime proche de résonance (A de seulement quelques GHz). Pour
ce faire, il faut ajouter un terme de perte & NLSE (1.72) :

81/1(13 Z) Q9 277
i——— = | ==V + kAn — — r,z 1.73
= CVE ko= ), 2) (173
Cette équation sera I'équation de base décrivant notre systéme. Pour rappel,
n est le coefficient d’absorption linéaire et peut étre expérimentalement déterminé
en utilisant la formule 1.52. Il est possible de prendre en compte d’autres effets en
ajoutant des termes supplémentaire a ’équation 1.73. Ce sera notamment le cas de

la non-localité lors du projet sur les ondes de choc dispersives (chapitre 2).

1.4.2 Grandeurs caractéristiques

Le systéme décrit par ces équations posséde plusieurs grandeurs caractéristiques
qu’il est important de définir pour en comprendre le fonctionnement.
En étudiant ’équation 1.66, nous avons montré que le systéme évolue en 2 dimensions
(plan orthogonal & la propagation) tandis que axe de propagation est assimilable
a un temps effectif. La grandeur caractéristique de ce temps effectif est la longueur
non-linéaire et peut s’écrire :

1 1
VA = — =
NET koAn ~I

oll v = kgns est la force de la non-linéarité utilisée dans ’approximation d’une
non-linéarité de type x®.
La longueur non-linéaire est une échelle de temps typique pour le systéme, ce dernier
subira des modifications due a la non-linéarité pour chaque distance propagée égale
a zyp. Cette longueur diminue lorsque la non-linéarité du systéme augmente : la

(1.74)



32 Chapitre 1. Vapeur atomique non-linéaire

distance de propagation nécessaire pour voir le systéme évoluer devient plus courte.
En se rappelant I’équation 1.54, nous remarquons que nous pouvons réécrire le dé-
phasage non-linéaire telle que A¢ = z/zy, ou z est n’importe quelle distance sur
I’axe de propagation. Dans 'expérience, la longueur du milieu étant fixée a L, nous
devrons modifier zyy pour changer le temps effectif d’évolution du systéme.

La seconde grandeur importante est quant a elle reliée a I'évolution spatiale du
systéme dans le plan transverse. La longueur de récupération ("healing length" en
anglais) est I’échelle pour laquelle les effets linéaires et non-linéaires sont du méme

ordre de grandeur. Elle s’écrit :
ZNL
A= ,/— 1.75
\ 2k (1.75)

Cette longueur représente la distance nécessaire au systéme pour revenir dans un
état d’équilibre aprés qu’une perturbation lui ait été appliquée. Il s’agit de la plus
petite échelle a laquelle nous pourrons observer des phénoménes issus du comporte-
ment hydrodynamique de la lumiére dans le plan transverse. A la différence de 2y,
qui diminue en 1/A¢, la "healing length" diminue en 1/y/A¢. Ces deux quantité
sont tracées en fonction de la non-linéarité en figure 1.14. Plus nous augmenterons
la non-linéarité plus nous pourrons observer des phénoménes spatialement petits.
Cependant, la valeur de la "healing length" est dépendante de l'intensité de par sa
dépendance en An. Il est donc important de remarquer qu’en fin de propagation la
distribution d’intensité est modifiée et peut méme étre diminuée en raison de ’ab-
sorption. Ceci aura pour conséquence que la "healing length" variera localement :
elle augmente quand l'intensité diminue.
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FIGURE 1.14 — Evolution de la longueur non-linéaire zyy, et de la "healing length"
en fonction du déphasage non-linéaire dans le cas d’une propagation de 7cm.
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Une autre grandeur importante est la vitesse du son dans le fluide [35] qui s’écrit :

cs = cvVAn (1.76)

Dans tout fluide, il est possible de définir la vitesse du son se propageant dans
ce milieu. Ceci nous informe sur les propriétés du fluide étudié et nous permet de
connaitre le régime hydrodynamique dans lequel nous nous situons et nous permet
de comparer notre fluide de lumiére & des fluide dans le sens classique du terme.
Nous pouvons par exemple calculer le nombre de Mach :

u
M== (1.77)
CS
ol u est la vitesse du fluide. Ce paramétre sera discuté lors de I’étude de vortex

(chapitre 3).

1.4.3 Formulation hydrodynamique

Maintenant que notre systéme est décrit par NLSE 1.73 dans laquelle on retrouve
une masse effective pour les photons via le terme de diffraction ainsi qu'une interac-
tion par 'intermédiaire de la non-linéarité, il est intéressant de décrire notre systéme
via des équations hydrodynamiques et plus précisément les équations d’Euler.
Pour cela nous utilisons la transformation de Madelung [75] avec la fonction d’onde
telle que 9 (r, z) = \/p(r, 2) exp(i¢(r, z)) [40,76]. Nous pouvons remonter aux équa-
tions hydrodynamiques en calculant :

0:|v|* = i— (VY = V) =y (1.78)
(00 04t a (VA vw*>
z( " o ) =3 ( 7 + > + 2kyAn (1.79)

ot ¥* le complexe conjugué de ¢ et 0, la dérivée partielle selon z.
Développer ces équations méne a :

0.p+aV.(pV¢) = —np (1.80)

P OATL = — .
0.0+ = (qu) +k \/_V VP (1.81)

ol p est la densité du fluide. En introduisant la vitesse du fluide telle que u = V¢,
nous obtenons :

d.p+ aV.(pu) = —np (1.82)
d,u+a(uViu=Vp (1.83)

oll p est la pression du fluide telle que :

aV?
p(p) = —koAn(p) + N

N
—~
—_
oo
W~
~—
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Le second terme est généralement appelé "pression quantique". Il est intéressant
de remarquer que le terme de perte disparait de 1’équation 1.79. Ceci a pour consé-
quence que les pertes ne sont pas présentes dans I’équation bilan de la quantité de
mouvement 1.83, la vitesse du fluide v ne dépends donc pas des pertes du systéme.
Les pertes apparaissent cependant dans ’équation 1.82 qui décrit la variation de la
densité. Ceci est tout a fait attendu puisqu’elle correspond a l'intensité du faisceau
laser.

L’équation 1.82 étant ’équation de continuité, nous somme dans le cas d’un fluide
compressible (pour le cas incompressible, I’équation est réduite & Vu = 0 lorsqu’il
n’y a pas de pertes) avec le facteur de compressibilité qui peut s’écrire ks = 1/(pc?).
Cette formulation peut aussi étre faites dans le cas d’une évolution temporelle d’'un
champ électromagnétique dans une cavité remplie d’'un matériau non-linéaire |6, 77|.

1.5 Simulations

Afin de mieux comprendre les différents phénoménes ayant lieu lors des expé-
riences, des simulations numériques sont effectuées. Le code initial simulant le sys-
téme et une partie des simulations effectuées dans le cadre des ondes de choc dis-
persives nous sont fournis par Antonio Picozzi? et Adrien Fusaro.

Ceci nous permet de simuler le champ proche (intensité et phase) aprés propaga-
tion et le champ lointain via la transformée de Fourrier. Comme nous le verrons au
cours des différents projets, ces simulations nous permettent de tester si les approxi-
mations faites dans I'expérience sont correctes : nous obtenons ainsi des résultats
concluants méme si des effet tels que les détails hyperfins ou 1’élargissement Doppler
(qui sont complexes a prendre en compte) sont négligés. D’autre part ces simulations
nous permettent de faire des estimations quantitatives de chaque phénomeénes.

Ces simulations ont aussi ’avantage de pouvoir étudier tout ces processus physiques
dans des régimes que nous ne pouvons pas reproduire dans notre expérience. Il est
par exemple trés simple de changer la longueur du milieu non-linéaire, chose moins
facile & mettre en ceuvre dans 'expérience. Cela permet une compréhension plus
étendue des différents mécanismes se produisant.

Les conditions initiales du faisceau ainsi que des paramétres du milieu tels que
la force de la non-linéarité, son signe, 'absorption, la saturation et la non-localité
pouvant étre modifiés, nous pouvons simuler une grande gamme de phénoménes
physique.

La méthode utilisé pour ces simulations est la méthode "split-step Fourier" |78
80]. Qualifiée de méthode numérique pseudo-spectrale, elle est utilisée pour résoudre
des équations différentielles partielles non-linéaires. Le terme "split-step" se rapporte
au fait que la solution se calcule par étapes traitant partie linéaire et non-linéaire
séparément. Une transformé de Fourier puis son inverse sont utilisées lors du calcul
du terme linéaire : celui-ci étant dans le domaine fréquentiel (impulsion). Le terme

2. Laboratoire Interdisciplinaire Carnot de Bourgogne,CNRS, Université Bourgogne Franche-
Comté, Dijon, France
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non-linéaire est quant & lui dans le domaine temporel (position).
Si nous considérons I’équation 1.72, elle peut étre écrite telle que :
I

i =D+ Ny (1.85)

~ a ., ¢ .,
ot D = ——V?3 est le terme linéaire et N = kyAn le terme non-linéaire.

Chacun des termes posséde des solutions analytiques cependant, ’équation de Schro-
dinger non-linéaire contenant les deux termes elle n’a pas de solution analytique
générale. On peut ’écrire sous la forme :

¥(r, 2) = e =P Vy(r,0) (1.86)

Les opérateurs D et N ne commutent pas. Cependant, en appliquant la formule
de Baker—-Campbell-Hausdorff, nous pouvons montrer que ’erreur engendré par le
fait de les considérer commutant est de 'ordre de dz? lorsque nous prenons des petits
pas dz. Ceci nous permet d’approximer :

W(r, 2+ dz) = e" 4 Pem =Ny ) (1.87)

Le terme contenant N peut se calculer directement. Pour le terme linéaire quant
a lui, nous utilisons la transformation de Fourier afin de convertir la dérivée partielle
suivant r en ik ou k est le vecteur d’onde. Ainsi, 'expression finale de I’équation
1.87 s’écrit :

U(r, 2 +dz) = TF™! [eidz’“QTF [e—idzN w(r)H (1.88)

o TF est la transformée de Fourier.

Pour prendre en compte les autres effets tels que ’absorption, la saturation ou
encore la non-localité, il suffit d’ajouter les termes adéquats dans 1.88. Comme
il sera détaillé dans la section 2.6, ’absorption peut étre prise en compte via le
terme e "%, Nous pouvons aussi tenir compte de la saturation de la non-linéarité :
développée lors de la partie 2.7, la saturation est implémentée dans NLSE en divisant
le terme non-linéaire par 1+ 3|t|?. Le facteur S correspond a l'inverse de I'intensité
de saturation Iy, (A). Ainsi, ’équation 1.88 devient :

b,z + dz) = TF™! [eidszTF [e—idzfv / <1+5|W2>e—”dw(r)ﬂ (1.89)

L’effet de non-localité est quant & lui issu d’une convolution entre le terme non-
linéaire et la fonction non-locale. Pour le simuler il faut donc passer par la transfor-
mée de Fourier étant donné que la TF d’un produit de convolution de deux fonctions
est égal au produit des TEF de chaque fonction (T'F[f = g] = TF[f]-TF[g]). Dans ce
cas, 'équation 1.88 se réécrit :

b(r, 2 +dz) = TF! [eidz’“QTF [exp(—idz TFTF[U] - TF[N]])l/)(r)H (1.90)

Noter que les trois phénoménes peuvent étre pris en compte simultanément. Le
facteur de saturation peut étre inclus ou non dans la convolution : nos études montre
des résultats équivalents dans les deux cas.



36 Chapitre 1. Vapeur atomique non-linéaire

Partie linéaire

™

Partie non-linéaire

1 1 \ \:\ :

1 1 . f

: . ! :

I I - : .

N N : \ Directionde
: : : . propagation
1 1 f !

1 1 f !

1 1 f !

1 1 f :

) ) : '

z=0 -— >
dz

FIGURE 1.15 — Principe de la méthode "split-step Fourier"

La simulation nous permet de simuler ’évolution du faisceau & travers un milieu
dont la longueur non-linéarité zy;, est fixée. La non-linéarité Ao = z/zy; augmente
donc avec la distance de propagation du faisceau z, le pas de la simulation étant
dz = znr. Méme si ceci nous permet d’obtenir une évolution du systéme en fonction
de la non-linéarité, cette méthode ne simule pas avec exactitude 1’expérience.

Dans notre cas la distance z est fixée & L la longueur du milieu et la non-linéarité est
modifiée par 'intermédiaire de zy. Ceci entraine que le terme de diffraction agit
de la méme maniére quelle que soit la non-linéarité. Dans le premier cas, la distance
de propagation n’étant pas le méme la diffraction est différente & chaque pas de la
simulation.

Avec ces deux méthodes nous obtenons I’évolution du systéme en fonction de A¢ =
z/znp & la seule différence que le terme de diffraction n’est pas pris en compte de la
méme maniére dans chacune.

Pour pouvoir correctement simuler I'expérience il faut donc, pour chaque valeur de
ZNL, propager le systéme sur une distance L. La simulation ayant un pas de zyp,
plus la non-linéarité sera grande plus le nombre d’itération pour atteindre L sera
important. La différence entre ces deux méthodes de simulation sera présentée plus
en détail lors du chapitre 2.

En conclusion de ce chapitre, un montage expérimental (construit autour d’une
cellule de rubidium) a été mis en place et les différents parameétres présentés ont été
calibrés. Controler simultanément la densité atomique de la vapeur, le désaccord en
fréquence et l'intensité du laser nous donne accés a un grand nombre de régimes
expérimentaux définis par leur non-linéarité mais aussi par d’autres effets tels que
I’absorption, la saturation de la non-linéarité ou encore la non-localité comme nous
le verrons dans le chapitre suivant.

De plus un controle précis du faisceau incident (comme c’est le cas lors du chapitre
3) augmente grandement le nombre de phénoménes observables dans notre systéme.
Notre systéme d’imagerie nous permet quant a lui d’avoir accés non seulement a la
distribution en intensité en sortie de milieu non-linéaire mais aussi a la distribution
en phase ce qui nous donnera accés a des informations trés précieuses concernant
notre fluide de lumiére (densité et vitesse).

I’étude expérimentale de I’auto-modulation de phase en champ lointain nous a en
outre permis de calibrer la non-linéarité de notre vapeur dans différentes conditions.
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Le fait que la non-linéarité sature, aura des répercutions non-négligeable sur notre
calibration de la non-linéarité : dans des régimes fortement non-linéaires, le terme
no de l'indice de réfraction déterminé via auto-modulation de phase ne peut plus
étre le seul pris en compte lors du calcul de la non-linéarité et il devient nécessaire
de considérer I'ensemble des termes non-linéaires de l'indice de réfraction An pour
tenir compte de la saturation.

Nous avons par la suite détaillé I’équation non-linéaire de Schrodinger décrivant le
systéme puis le concept de fluide de lumiére via la transformation de Madelung nous
permettant de définir la fonction d’onde du champ avec une formulation hydrodyna-
mique. Les différentes grandeurs caractéristiques de notre fluide sont aussi définies :
la longueur non-linéaire zx, décrivant la longueur caractéristique pour 1’évolution de
notre systéme (grandeur du temps effectif), la "healing length" A représente quant
a elle la distance (dans le plan transverse) nécessaire au systéme pour revenir a
I’équilibre a la suite d’une perturbation puis la vitesse du son dans le fluide ¢; qui
nous permettra notamment de connaitre le régime hydrodynamique dans lequel les
phénoménes observés se trouvent.

Enfin, le principe de fonctionnement de la méthode numérique "split-step Fourier"
qui sera utilisé au cours des différents projets est présentée.






Chapitre 2

Ondes de choc dispersives

Une des premiére observation d’onde de choc dispersive effectuée dans le cadre
de vague a la surface de 1’'eau date de 1865 [81]. Depuis, de nombreuses études ont
été menées. Les ondes de choc dispersives furent observées en laboratoire pour la
premiére fois en 1970 via 'interaction de deux plasmas [82]. La premiére observation
de déferlement d’onde dans un systéme optique via une fibre non-linéaire remonte
quant a elle a 1989 [83].

Ce phénoméne est depuis quelques années de nouveau étudié, les récentes avan-
cées technologiques permettant d’explorer de nouveaux régimes et phénomeénes liés
aux ondes de choc. Des ondes de choc dispersives ont notamment été observé dans
des condensat de Bose-Einstein |84, 85|, dans des cristaux photo-réfractifs |76, 86]
ou encore dans des milieu non-linéaires thermique [87]. Des effets tels que la non-
localité [88,89], la dissipation et la saturation jusqu’alors négligés sont maintenant
étudié plus précisément.

Nous allons durant ce projet faire I’étude des ondes de choc dispersives via la propa-
gation d’un faisceau gaussien (avec et sans fond) afin d’en comprendre les différentes
propriétés. L’ajout d’un fond nous permettra par exemple d’augmenter grandement
le contraste des oscillations régularisant le choc. Nous montrerons par la suite a
'aide d’études numériques que les singularités (pic d’intensité au niveau du front)
observées expérimentalement sont une conséquence de la non-localité du milieu.
Une étude qualitative sera faites dans un premier temps pour comprendre quels
paramétres influent sur ce "pic" non-local. Nous remarquerons que notamment la
température de la vapeur (i.e. densité atomique) a un impact sur cette non-localité.
D’autres effets seront aussi observés tel que la dissipation qui, nous le montrerons
a travers une étude expérimentale et numérique, augmente ’amplitude de notre pic
non-local. La saturation de la non-linéarité sera aussi prise en compte dans notre
modéle.

Enfin une étude comparative entre expérience et notre modéle numérique (prenant
en compte les trois effets mentionnés ci-dessus) nous permettra d’estimer des valeurs
inattendue de non-localité.

39
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2.1 Théorie

L’équation de Korteweg-de Vries (KdV) [90,91] fut la premiére utilisée pour
décrire un tel phénoméne. Une description plus générale fut ensuite formulée par
Gurevich et Pitaeviskii [92,93], formulation qui fut rapidement étendue a 1’équation
de Schrodinger non-linéaire.

2.1.1 Equation de Korteweg-de Vries

Pour comprendre les phénomeénes ayant lieu dans notre systéme, il est important
de décrire dans un premier temps les ondes de choc classiques via I’équation de Hopf
qui peut s’écrire :

Owa + adza =0 (2.1)

ol a correspond a la densité du champ. Lors d’une évolution linéaire, ’onde ini-

tiale va se déplacer sans déformation au cours de I’évolution. Dans le cas non-linéaire,
la vitesse du fluide étant proportionnelle & la densité du fluide, une déformation de
I’onde initiale va apparaitre.
Les densités initiales ap = a(t = 0) seront transportées le long des lignes caractéris-
tiques (1) = xg + u(ag)t avec u(a) = a la vitesse du fluide qui dépend de la densité
initiale. Ceci a pour effet, dans le cas d'une distribution gaussienne, qu’au niveau
de la pente négative, la partie supérieure de 'onde va se propager plus vite que la
partie inférieure et donc la rattraper au cours de la propagation. Un gradient infini
(aussi appelé catastrophe du gradient) est alors atteint & un instant ¢, qui corres-
pond au moment du choc. D’un point de vue des lignes caractéristiques, cet instant
se visualise par l'intersection de ces lignes.

i a
l“’,l‘”
d A
2 S i
i
‘,r‘/
S - 7
0 0
-2 0 2
X

FIGURE 2.1 — La figure de gauche correspond a I’évolution non-linéaire 1D d’un
faisceau gaussien. La figure de droite représente I’évolution des lignes caractéristiques
durant I’évolution temporelle. La courbe rouge tiretée représente la position du choc
xs, elle commence a I'apparition du choc et suit son évolution. Cette figure est
adaptée de [94].
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Au-dela de t, onde est dite déferlante et posséde plusieurs valeurs possibles en
x. Nous pouvons observer dans la nature la régularisation d’un tel choc mais ceci
nécessite de considérer des phénoménes qui ne sont pas pris en compte par I’équation
(2.1). Nous pouvons définir ces effets comme étant dissipatifs ou dispersifs. Ces effets
peuvent étre décrits en ajoutant a ’équation (2.1) Pordre 2 ou 3 de la dérivée spatiale
respectivement.
Il est donc possible de décrire ce systéme avec dissipation grace a l'équation de
Burgers :

da + adya = va (2.2)

oll v est le coefficient de viscosité cinématique et joue le role de la dissipation.
Celle-ci a pour effet de lisser le choc. Dans le cas d'un fluide non visqueux v = 0,
nous revenons sur 1’équation de Hopf (2.1).

Pour prendre en compte la dispersion, il est nécessaire d’ajouter a ’équation
(2.1) la dérivation du troisiéme ordre, nous obtenons ainsi I’équation KdV :

dia + adya + €92a =0 (2.3)

oll € << 1 pour considérer le régime de faible dispersion. La figure 2.2 per-
met avec un exemple simple de visualiser I'impact de la dispersion sur le choc.
Considérons une onde classique a ¢ = 0 avec une pente négative continue : dans
le cas de I’équation de Hopf vue plus haut, une fois que le choc a eu lieu (¢, = 2)

I'onde posséde plusieurs valeurs pos-
sibles. Afin d’éviter que 'onde ne pos-
:Z‘:’Vf :((:"t":(f)) séde plusieurs valeurs pour une méme
cca(nt=0) position, I’équation de KdV va sponta-
{\ (\ nément développer des oscillations en

A réponse au fort gradient produit par la
S VAV‘V 1 non-linéarité.

Ces oscillations apparaissent au niveau
! du front d’onde juste avant que la ca-
‘ tastrophe du gradient ait lieu et vont
régulariser le choc. Les oscillations vont
_10 o 10 ensuite continuer de se développer avec
x une amplitude plus importante prés du
front. La période de ces oscillations di-
minue lorsque la valeur du pré-facteur
€ devient plus petite. Il faut cepen-
dant noter que dans la limite ou €2 —
0 nous ne retrouvons pas le cas du
choc classique correspondant a 1’équa-
tion (2.1).
Nous remarquerons aussi que loin du
choc les deux équations donnent la méme solution. Ceci définit ce qu’est une onde
de choc dispersive (DSW pour Dispersive Shock Waves). Dans le cas ot la pente

FIGURE 2.2 — Simulations comparant
I’équation de Hopf et celle de KdV a faible
dispersion (¢ = 0.1) aprés que le choc
ait eu lieu (choc & ¢t = 2) dans le cas
d’une pente négative pour condition ini-
tiale. Cette figure est adaptée de [94].
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serait positive, la régularisation donne lieu & une onde de raréfaction (nous ne dé-
velopperons pas ce cas).

2.1.2 Ondes de choc dispersives appliquées a 'optique

Comme il est dit en introduction de se chapitre, il est possible d’observer la ré-
gularisation d’'un choc via des ondes dispersives dans différents systémes optiques.
Il peut s’agir de systémes se propageant dans des milieux 1D tels que des fibres
optiques (dans ce cas les DSW seront temporelles) mais aussi dans des systémes
2D lors de la propagation d’un faisceau laser dans des milieux tels que des cristaux
photo-réfractifs, des solutions diluées de particules en suspension (non-linéarité ther-
mique) ou encore des vapeurs atomiques.

Pour décrire notre systéme nous considérons dans un premier temps le cas sans
pertes (7 = 0) et nous nous situons dans 'approximation d’un milieu x® pur (sa-
turation négligée). Ce dernier point nous permet d’approximer l'indice de réfraction
non-linéaire An = nyl. Nous reprenons donc NLSE 1.71 que nous pouvons reformu-
ler via la forme hydrodynamique.

Dans I'approximation d’une symétrie radial du systéme, nous travaillons en coor-
données cylindriques. La vitesse u = u(r, z)r/r et la densité p = p(r, z) sont alors
indépendantes de l’angle polaire 0. Les équations hydrodynamiques 1.82 et 1.83
peuvent alors s’écrire dans le systéme 1D radial :

0.p + ad.(pu) =0 (2.4)

0.u+ audyu +10,% = 55, (J%arrar 5) (2.5)
ou p(r,z) = rp(r, z).

Si le milieu a travers lequel le faisceau laser se propage posséde une non-linéarité
défocalisante, il est possible d’observer des DSW spatiales dans le plan transverse de
propagation du faisceau. Rappelons que ’axe de propagation du faisceau est assimilé
a I’évolution temporelle du systéme.
Dans la premiére partie de la propagation, nous considérons le cas fortement non-
linéaire correspondant & un waist du faisceau trés grand devant la healing length
(w >> A) afin de pouvoir négliger 'effet de la diffraction. Le terme de droite dans
I’équation 2.5 est par conséquent négligé.
En ayant comme condition initiale u(r, z = 0) = 0, la vitesse u est dans un premier
temps dominée par le terme 787"’;3 dans I’équation 2.5. La dynamique est ensuite
donnée par le terme aud,u (Hopf ou Burgers sans viscosité) qui aboutit a la ca-
tastrophe du gradient de la vitesse. Lorsque cet effet est combiné a I’équation 2.4,
le systéme développe un choc a symétrie radiale au bord du faisceau. Ce choc est
caractérisé par la divergence de 0,p et J,u tandis qu’au méme moment p garde une
valeur finie.
Parce que le terme de dispersion devient important et ne peut plus étre négligé
proche de l'instant du choc z., nous ne pouvons pas strictement parler de singularité
4 une position précise puisque celle-ci est régularisée par la dispersion (le choc ne
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se développe pas dans le sens de Rankine-Hugoniot |95]). Notons que la position
du choc que nous considérons correspond a l'instant d’apparition de la structure
oscillante dispersive & I'avant du profil de densité.

D’un point de vue plus expérimental, en raison de ’effet d’auto-modulation de phase
discuté en 1.3.1, la vitesse du fluide étant proportionnelle au gradient de la phase, la
vitesse dépendra indirectement de l'intensité |i|2. La vitesse d’expansion du fluide
sera donc plus importante au centre du faisceau gaussien que sur les bords. Ceci
entrainera la diminution de l'intensité au centre du faisceau et le raidissement de
son front au cours de la propagation.

Légérement avant que la divergence du gradient et donc avant que le choc ait lieu,
des oscillations se forment de maniére spontanée prés du front : ces oscillations sont
les ondes de choc dispersives. Nous verrons que I’échelle spatiale de ces oscillations
correspond a la "healing length".

Nous allons dans un premier temps discuter du cas usuel mais notons qu’en fonction
des propriétés du milieu non-linéaire la prise en compte d’autres effets va s’avérer
nécessaire. Nous verrons notamment 'impact non négligeable de la non-localité sur
le comportement des DSWs. 1l sera aussi étudié le role de la dissipation dans ce
systéme, ce qui mettra en évidence un impact positif des pertes. Enfin, nous remar-
querons des modifications dues a la saturation de la non-linéarité. La prise en compte
de ces différents effets dans notre modéle nous permettra d’estimer des valeurs de
non-localité plus importantes qu’attendues. Le travail présenté dans ce chapitre a
abouti & une publication |96].

2.2 Evolution des DSW dans une vapeur atomique

2.2.1 Evolution 2 dimensions des ondes de choc

Dans notre expérience, les ondes de choc sont observées via la propagation, a
travers la vapeur atomique, d’un faisceau laser mono-mode TEMOO.
Grace aux propriétés que nous offrent les vapeurs atomiques, nous pouvons étudier
le processus de création et I’évolution de ces ondes de choc au cours de leur propa-
gation dans le milieu non-linéaire ainsi que 'impact des différents parameétres sur ce
processus.
Dans un premier temps, nous propageons a travers le milieu un faisceau gaussien
de waist w = 0.7mm avec une puissance de 500mW (voir figure 2.3). Pour une tem-
pérature de la vapeur fixée a environ 150°C, il suffit de faire varier le désaccord en
fréquence afin de modifier la non-linéarité du milieu.
En changeant le désaccord entre —1GHz et —15GHz (par rapport a la transition
F =2 — F' du ®"Rb), nous pouvons suivre tout le processus de création de I'onde
de choc puis de sa régularisation. Dans un second temps nous fixerons le désaccord
et changerons la non-linéarité via I'intensité du faisceau.
La figure 2.4 montre différents moments de I’évolution du systéme. Toutes les images
qui suivront sont enregistrées a ’aide d'une CCD qui image le plan correspondant
a la sortie de la cellule grace a une lentille convergente. Ceci permet d’observer le
champ proche du faisceau & la fin de la propagation & travers le milieu non-linéaire.
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Différentes lentilles seront ce-
pendant utilisées dans le cas
ol un grandissement sera né-
cessaire. Notons que des franges
sont visibles sur la totalité du
faisceau quelle que soit la non-
linéarité. Elles sont issues d’in-
terférences créées par des ré-
flexions contra-propageantes du
faisceau sur les faces intérieures
de la cellule de quartz.

Une cellule avec un traitement
anti-reflets sera utilisée par la
suite pour enlever ces franges
parasites. Nous observons sur
Iimage (a) que le faisceau ini-
tialement gaussien commence a
s’étaler et que son intensité de-
vient homogéne dans son en-
semble. Il est aussi visible que le
bord du faisceau devient beau-
coup plus abrupt en comparai-
son du faisceau gaussien. Ceci s’explique directement par I'impact de la non-linéarité
sur le faisceau. L’intensité au centre étant plus importante, la non-linéarité qui en
dépend va donc également étre plus importante a cet endroit. Etant dans le cas ou
la non-linéarité est défocalisante, le faisceau va diverger plus rapidement au centre
qu’au bord. Comme dans le cas 1D expliqué dans la partie théorique, aprés une
certaine propagation le sommet finit par rattraper le bord du faisceau et un front
abrupt finit par apparaitre. A noter que puisque notre systéme correspond a une
étude 2D, nous observons ce front tout autour du faisceau.

Lorsque la non-linéarité est encore augmentée, nous atteignons un cas correspondant
a la figure 2.4 (b). Le front du faisceau est maintenant composé d’une sur-intensité
notable puis d'un anneau dont l'intensité est encore faible. L’explication de la sur-
intensité que nous observons dans la majorité de nos mesures sera exposée dans
la partie concernant la non-localité (2.5). L’anneau faiblement intense entourant le
faisceau est quant a lui la premiére oscillation créé a la suite du choc.

Si la non-linéarité continue d’étre augmentée, de nouvelles oscillations apparaissent
progressivement. L’image 2.4 (c¢) montre un exemple typique ou plusieurs oscilla-
tions peuvent se développer & la suite du choc.

FIGURE 2.3 — Faisceau incident mesuré en entrée
de cellule. L’insert représente la coupe en pointillé
ainsi qu'un ajustement gaussien (rouge) corres-
pondant. L’ajustement donne une valeur de waist
w = 0.7mm.
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FIGURE 2.4 — Champ proche en sortie de cellule. Les images (a), (b) et (¢) cor-
respondent respectivement a une propagation aprés une non-linéarité de A¢ =
75,95 et 130. L’image d) est un grandissement 6 de (c) centré sur le front du fais-
ceau pour observer les oscillations. La ligne en pointillés représente la coupe effectuée
permettant d’analyser le profil du faisceau au front.

La période de ces oscillations étant de 'ordre de la dizaine de microns, ceci né-

cessite une résolution suffisante sur la caméra utilisée pour étudier correctement le
phénomeéne. La caméra posséde 1600 x 1200 pixels de 4.4um de coté, I'utilisation
d’un grandissement de 6 permet alors d’avoir des pixels avec une taille effective de
0.73um. Il est ainsi possible d’obtenir un zoom suffisant pour étudier ces oscillations
comme le montre la figure 2.4 d) qui met bien en évidence la présence de ces oscil-
lations.
Effectuer la coupe représentée en figure 2.4 d) nous permet de se débarrasser de
leffet de la courbure du faisceau. L’épaisseur de la ligne en pointillée correspond
a une dizaine de lignes horizontales qui sont alors moyennées, réduisant le bruit
afin de mieux observer les oscillations. Une moyenne angulaire envisagée mais ayant
tendance a réduire 'amplitude générale des oscillations n’a pas été retenue. Cette ré-
duction étant di au fait que le faisceau n’est pas parfaitement circulaire : aberrations
sur le systéme d’imagerie et/ou in-homogénéités sur I'intensité initiale conduisant a
une propagation sensiblement différente en fonction de la direction.
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FI1GURE 2.5 — Coupe suivant le rayon du faisceau gaussien se propageant a travers
le milieu pour différentes non-linéarités. L’insert correspond au front du choc pour
A¢ = 100, celui-ci met en évidence 'apparition d’une premiére oscillation au pied
du front.
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De cette maniére nous pouvons connaitre le profil d’intensité pour différentes non-
linéarités. La figure 2.5 permet de clairement voir 'apparition ainsi que 1’évolution du
front. Les intensités sont renormalisées afin de mettre en évidence le comportement
au front du faisceau pour toutes les non-linéarités. L’intensité absolue du faisceau
diminue progressivement lors de "augmentation de A¢. A basse non-linéarité, le fais-
ceau gaussien s’aplatit au centre dans un premier temps (aux environs de A¢ = 30)
et le front devient progressivement abrupt. L’apparition de la sur-intensité est rapi-
dement visible tout autour du faisceau comme sur la figure 2.4 (b). Une fois le choc
atteint, une premiére oscillation apparait au pied du front vers A¢ = 100.

En augmentant la non-linéarité, des oscillations supplémentaires apparaissent les
unes apres les autres. Chaque nouvelle oscillation se développe au pied du front tan-
dis que les premiéres oscillations remontent le front, le rendant ainsi moins abrupt
qu’au moment du choc. A haute non-linéarité (A¢ > 120), des oscillations ayant une
période beaucoup plus large que celles partant du bas du front apparaissent aussi
du c6té intérieur du front.

Notons que ces oscillations apparaissant & l'intérieur du front, méme si présentes
dans un modéle purement local, sont fortement modifiées par des contributions non
locales de la non linéarité. Cet aspect sera développé dans la section 2.5. Remar-
quons aussi que la nécessité d’agrandir I'image pour avoir une résolution suffisante
nous empéche d’observer ’ensemble du faisceau.

C’est pourquoi les coupes représentées en figure 2.5 ne commencent qu’a partir de
r = 0.5mm. La position par rapport au centre du faisceau est déterminée via ’esti-
mation de la courbure de I'arc délimité par le front du choc.
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FIGURE 2.6 — Simulation d’un faisceau gaussien (w = 0.7mm et P = 500mW) se
propageant & travers un milieu non-linéaire. Les courbes de gauche représentent
des coupes du faisceau aprés des propagations a travers différentes non-linéarités
durant ’ensemble de 1’évolution. Les courbes de droite sont des coupes du gradient
de la phase pour des non-linéarités aux environs du choc. plus loin en termes de
non-linéarité d’autres oscillations apparaissent et leur amplitude croit.
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Nous effectuons par la suite des simulations pour comparer les mesures expéri-
mentales et les résultats obtenus avec NLSE usuelle. La figure 2.6 représente le ré-
sultat obtenu pour les mémes conditions initiales que I'expérience : faisceau gaussien
de waist w = 0.7mm et de puissance P = 500mW & travers un milieu non-linéaire
de Tcm.

Comme pour 'expérience, nous voyons sur la figure de gauche que le faisceau s’apla-
tit au centre dans un premier temps (ceci s’accompagne d’une forte baisse de 1'in-
tensité) et le front devient progressivement plus abrupt. Le front devient ensuite
suffisamment abrupt pour qu'un choc ait lieu. Enfin des oscillations se développent
a partir de A¢ = 60 au pied du front pour régulariser le choc. En étudiant I’évo-
lution du gradient de la phase sur la figure de droite, il est possible d’observer la
catastrophe du gradient ayant lieu vers A¢ = 50 dans cette simulation. C’est a la
suite de cette catastrophe que des oscillations apparaissent pour régulariser le choc.
Les oscillations dans le profil d’intensité apparaissant toujours rapidement aprés que
le choc ait eu lieu dans la phase, nous définissons 'instant du choc par 'observation
de la premiére oscillation de 'intensité.

Méme si le comportement global du faisceau est bien décrit par la simulation, on note
certaines différences entre expérience et simulation : la plus importante d’entre elles
étant la présence d’une sur-intensité importante a ’aplomb du front qui commence
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FIGURE 2.7 — Evolution expérimentale du faisceau : coupes du rayon (ordonnées) oil
I'intensité est représentée par I’échelle de couleur. Evolution en fonction du désaccord
en fréquence (a) et de la non-linéarité (b).

a se développer avant méme le choc. Notons aussi que les oscillations se développant
derriére le front ne sont pas non plus observées sur la simulation. Ces deux points
sont notamment expliqués par la non-localité et nous reviendrons dessus en section
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2.5.

Une étude expérimentale est ensuite effectuée de maniére plus systématique afin
d’observer ’ensemble du processus d’évolution du faisceau. Cette étude est présentée
sur la figure 2.7.

La premiére image représente les coupes du faisceau en fonction du désaccord en
fréquence. Une mesure du faisceau en sortie de cellule est effectuée par intervalles de
100MHz entre —14.1GHz et —1.8GHz. En utilisant la calibration de la non-linéarité
en fonction du désaccord discuté en figure 1.9 (b), il est possible de représenter les
coupes en fonction de la non-linéarité (figure (b)). Du fait de Paccélération de la
non-linéarité a faible désaccord, chaque pas en fréquence correspond a des pas en
non-linéarité de plus en plus grands. Sur la figure 2.7(b), nous remarquons que la
vitesse d’expansion du faisceau diminue progressivement a mesure que celui-ci se
propage a travers une longueur non-linéaire z/zyy, plus importante.
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FIGURE 2.8 — Simulation de P'évolution du faisceau : rayon (axe y) et intensité
(colormap) en fonction de la non-linéarité. (a) représente I’évolution du systéme a
znp fixé alors que (b) fixe la longueur de propagation z et change zyr.

Ceci s’explique par le fait que la non-linéarité causant cet étalement dépend de
I'intensité du faisceau. La variation de 'indice non-linéaire dépend de l'intensité et
provoque I'apparition du gradient de phase. La vitesse d’expansion étant proportion-
nelle a ce gradient de la phase, le faisceau s’étalera plus vite lorsque 'intensité est
plus importante. Plus le faisceau (initialement intense) va s’étaler, plus I'intensité
sera basse et par conséquent le faisceau réduira sa vitesse d’expansion.

La simulation numérique correspondant & des données expérimentales de la figure
2.7 (b) est donnée dans la figure 2.8 et permet une meilleure compréhension du pro-
bléme et de la méthode a utiliser pour simuler correctement notre expérience. Sur
la figure 2.8 (a), la longueur non-linéaire zyy, est fixée et chaque coupe est effectuée
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pour différentes distances de propagation z a travers le milieu. Dans I'expérience,
la longueur de propagation a travers la vapeur chaude est fixe et vaut L = 7cm;
la mesure du faisceau est donc effectuée aprés une distance de propagation fixe. La
variation de z pour ’étude du systéme n’étant pas possible, la seule alternative est
donc de faire varier zyy. C’est pour cette raison que la simulation faite en (a) ne
rend pas compte correctement de expérience. Ceci met en évidence que z/zyy, n’est
pas le seul paramétre et ne suffit pas a correctement décrire I’évolution du systéme.
La figure 2.8 (b), quant a elle, est effectuée en propageant le faisceau sur une dis-
tance de z = Tcm et la valeur de la longueur non-linéaire zy,, est modifiée a chaque
étape. Cette méthode est celle qui permet de simuler correctement 1’évolution du
faisceau dans notre expérience. Ceci se remarque au vu de la forme globale du fais-
ceau durant ’évolution en comparaison a 1’expérience.

Nous pouvons remarquer que le comportement du faisceau dans la premiére moitié
de la non-linéarité est trés différent dans les deux simulations. Pour la simulation (a),
la taille du faisceau reste approximativement la méme jusqu’a z/zy;, = 40 puis I'éta-
lement s’accélére tandis que dans la simulation (b) le faisceau commence a s’agrandir
dés z/zyr, = 10. Cette différence est directement liée & la distance parcourue par le
faisceau. Celui-ci étant collimaté sur toute la longueur de propagation en absence
de non-linéarité, seule cette derniére justifie que le faisceau puisse diverger durant la
propagation. Dans le cas (a), lorsque le faisceau se propage sur de courtes distances
la non-linéarité n’a pas d’effet sur le faisceau et ne modifie que trés peu sa forme. A
plus grande distance, la non-linéarité finit par impacter la propagation du faisceau
qui diverge. Dans la simulation (b), similaire & ’expérience, pour chaque z/zyy, le
faisceau se propage sur toute la longueur du milieu (z = 7cm) laissant ainsi la dis-
tance nécessaire au faisceau pour étre modifié par la non-linéarité qu’elle soit forte
ou faible. Le seul instant égal dans les deux simulations est la derniére non-linéarité
calculée puisqu’elle est dans les deux cas effectuée pour une propagation aprés 7cm.
L’instant d’apparition des oscillations régularisant le choc est aussi différent en fonc-
tion de la simulation utilisée. Lorsque I’évolution se fait en fonction de la distance
de propagation dans le milieu et pour une longueur non-linéaire de zy;, = 5x 10™*m
(a), la premiére oscillation est visible aux environs de z/zx; = 100. Si maintenant la
longueur non-linéaire évolue sur une distance de 7cm (b), nous voyons cette méme
oscillation apparaitre & z/zyy = 70.

En simulant I’évolution du faisceau lorsque z varie pour différentes valeurs de zyp,
(fixe & chaque simulation), nous pouvons extraire la distance de propagation et
donc la non-linéarité nécessaire a 'apparition du choc en fonction de la longueur
non-linéaire zyy. Cette analyse est représentée en figure 2.9.

Ces données sont déterminées en repérant la non-linéarité a laquelle la premiére
oscillation commence & apparaitre pour chaque z/zyy. Comme attendu, plus la lon-
gueur non-linéaire devient grande (force de la non-linéarité diminue) plus la distance
de propagation pour observer le choc devient importante. Cependant nous remar-
quons que méme si z doit étre plus important, la non-linéarité z/zy; nécessaire au
choc diminue.
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FIGURE 2.9 — Instant du choc en fonction de zyy. Les points bleus indiquent la
distance de propagation z du faisceau et les rouges la non-linéarité z/zyy, nécessaire
au développement du choc.

Ceci signifie que, outre la valeur de la non-linéarité, la distance de propagation
du faisceau dans le milieu est importante pour voir le choc se développer. Il est
expérimentalement préférable d’augmenter la longueur du milieu afin de réduire la
non-linéarité nécessaire a la création du choc. Notons aussi que, malgré la différence
de non-linéarité ou de distance de propagation pour voir apparaitre la premiére
oscillation, celle-ci a lieu a la méme position r = 1.27mm dans toutes les simulations
effectuées.

2.2.2 Ondes de choc & 1 dimension

Afin d’étudier une géométrie a 1 dimension, nous ajoutons un fil sur le chemin
optique du faisceau gaussien incident que nous imageons sur la face d’entrée de la
cellule. De ce fait, le faisceau entrant dans le milieu non-linéaire posséde une bande
d’intensité nulle coupant le faisceau en son centre. Le changement entre cette zone
sombre et le reste du faisceau se faisant de facon abrupte, nous nous trouvons dans
la situation ol nous avons une catastrophe du gradient d’intensité en début de pro-
pagation [97]. Ces variations violentes dans la direction transverse au fil ont pour
conséquence de créer un choc ayant lieu seulement dans cette direction qui se régu-
larise par la suite.
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FIGURE 2.10 — Evolution des ondes de choc dans le cas 1D. Chaque image correspond
a une non-linéarité différente, respectivement A¢ = 80,110 et 150 pour (a), (b) et
(c). Les inserts sont des coupes suivant les pointillés de 'image correspondante.

Pour une non-linéarité relativement basse comme représentée par la figure 2.10
(a), une premiére sur-intensité apparait au centre de la zone sombre initialement
créée par le fil. Celle-ci reste distincte du faisceau par deux bandes d’intensité nulle
de chaque coté. Comme pour le cas 2D discuté précédemment, nous remarquerons
que le faisceau gaussien s’aplatit et devient abrupt sur les bords. Lorsque la non-
linéarité est augmentée nous arrivons au cas de la figure 2.10 (b) : la sur-intensité
initialement seule est maintenant encadrée par deux autres d’intensités équivalentes.
A la suite de ces deux nouveaux pics d’intensité, des oscillations supplémentaires sont
présentes dont les amplitudes sont bien inférieures aux principales; notons que les
minimas d’intensité de ces petites oscillations n’atteignent plus le zero. Le faisceau
quant & lui continue de s’étaler. Dans le dernier cas représenté en figure 2.10 (c), la
non-linéarité étant importante, les oscillations dues au choc 1D ont eu le temps de se
développer correctement. Les trois oscillations principales conservent des intensités
équivalentes tandis que les oscillations suivantes voient leur amplitude progressive-
ment diminuer au fur et & mesure que 'on s’éloigne de 'onde centrale. La période
d’oscillation diminue elle aussi loin du centre : 0.16mm pour les derniéres oscillations
(de chaque coté) contre 0.32mm au centre. Notons que tout au long de 1’évolution
ces oscillations restent paralléles les unes aux autres.

Nous pouvons remarquer, dans ce dernier cas, que la non-linéarité est suffisamment
importante pour voir les ondes de choc 2D se développer tout autour du faisceau
comme dans le cas du faisceau gaussien incident précédemment étudié. Cependant,
une différence significative apparait entre les oscillations 1D créées par 1'obstacle
filiforme et celles développées lors du choc 2D tout autour du faisceau initiale-
ment gaussien : leur contraste est extrémement différent. En effet dans le cas 1D le
contraste est presque de 1 alors que pour les oscillations du choc 2D il est difficile
de les discerner : le contraste pouvant étre beaucoup plus faible.

Cette différence peut paraitre inattendue a premiére vue étant donné que les DSW
1D et 2D sont toutes les deux décrites par NLSE de la méme facon et devraient
par conséquent se comporter de maniére identique. Il y a cependant un point im-
portant qui explique cette différence : les conditions dans lesquelles se développent
ces oscillations ne sont pas identiques, les DSW 1D se propagent sur un fond (le
faisceau gaussien lui-méme) alors que les DSW 2D n’ont pas de fond sur lequel se
développer. Ce point est primordial pour I’étude de ces oscillations, & tel point que
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dans la littérature ne sont appelées ondes de choc dispersives que les oscillations
se développant sur un fond. Certains phénoménes ne sont méme visibles qu’en 2D
comme c’est le cas des ondes de souffle (blast waves) [40]. C’est pourquoi la partie
qui va suivre traitera de 'impact du fond sur les ondes de choc dispersives 2D.

2.3 Ajout d’un fond

Qu’elles soient temporelles ou spatiales, les ondes de choc dispersives sont ma-
joritairement décrites lorsque la régularisation s’effectue sur un fond peu profond.
Nous allons détailler dans cette partie I'impact d’un fond sur le comportement des
DSW que ce soit par sa forme ou son amplitude.

Pour cette étude expérimentale, nous superposons au faisceau déja existant un se-
cond faisceau gaussien issu de la méme source laser. Ce faisceau que nous appellerons
"fond" posséde un waist wpg = 2.5mm et a une puissance Pgg = 500mW. Ayant
la méme puissance que le faisceau principal, le rapport d’intensité entre les deux
faisceaux vaut I/Ipg = w?/w%, ~ 8%. Nous superposons dans un premier temps
le fond au faisceau principal de différentes maniéres : aprés propagation du faisceau
principal a travers le milieu non-linéaire ou avant la cellule (le fond évolue donc lui
aussi dans la vapeur) avec des polarisations paralléles ou perpendiculaires (les deux
faisceaux interférent ou non).

La premiére question & se poser est de savoir si le fond participe activement a I’évo-
lution des ondes de choc ou si il n’est qu'un outil permettant de faire une étude
de la phase en sortie de cellule. La figure 2.11 permet d’avoir une idée claire sur
la question. De maniére attendue, nous remarquons que ’ajout du fond interférant
avec le faisceau principal aprés sa propagation non-linéaire nous permet d’observer
les anneaux d’interférence correspondant au déphasage non-linéaire généralement
observés en champ lointain.

2.3.1 Observations

Dans le cas ou le fond se propage a travers le milieu non-linéaire avec le faisceau

principal nous observons une augmentation du contraste des oscillations régularisant
le choc. La polarisation des deux faisceaux (paralléle ou perpendiculaire) ne modifie
pas I'impact du fond sur les oscillations. Dans la suite de cette partie, nous effectuons
toutes les mesures expérimentales et simulations numériques en faisant interférer le
faisceau principal et le fond a I'entrée de la cellule (polarisation parallele) a aide
d’un interféromeétre de Mach-Zehnder (voir schéma 1.2), un PID permet de controler
la phase relative entre les deux faisceaux. Ceci permettra de conserver les deux
faisceaux en interférences constructives.
Une étude équivalente a celle pour d’un faisceau gaussien seul peut maintenant étre
mise en place. Les mesures présentées en figure 2.4 sont donc de nouveau effectuées
dans le cas ot le fond est présent (voir figure 2.12). De la méme maniére que pour la
figure 2.4, a basse non-linéarité le faisceau s’aplatit et le front devient raide. Lorsque
A¢ augmente le choc a lieu et une oscillation apparait au pied du front.
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FIGURE 2.11 - Sortie de cellule aprés propagation a travers une non-linéarité A¢ =
130 du faisceau principal seul (a), du faisceau principal superposé en interférence
avec le fond aprés le milieu non-linéaire (b), du faisceau principal superposé au
fond avec des polarisations paralléles avant le milieu non-linéaire (c) et du faisceau
principal superposé au fond avec des polarisations perpendiculaires avant le milieu
non-linéaire (d). Le faisceau principal est strictement le méme dans les quatre cas.

La sur-intensité au sommet du front est toujours présente. Les oscillations se
développe ensuite progressivement & plus haute non-linéarité. Le comportement gé-
néral du faisceau reste donc le méme en présence d’'un fond. La principale différence
étant augmentation du contraste des oscillations.

Notons que sur tous les résultats qui vont suivre (expérimental et numérique) le
fond est soustrait lors de 'analyse pour mieux mettre en évidence le comportement
du front.

Nous remarquons d’ailleurs que certaines des oscillations régularisant le choc at-
teignent de valeurs négatives, indiquant que ces derniéres descendent sous le niveau
du fond [40]. La figure 2.13 est 1’équivalente de la figure 2.5 dans le cas ou le fond
gaussien a été ajouté. A Iexception du fond, tous les autres paramétres sont iden-
tiques dans ces deux études.
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FIGURE 2.12 — Champ proche en sortie de cellule. L'image (a), (b) et (c) cor-
respondent respectivement & une propagation aprés une non-linéarité de A¢ =
75,90 et 130 du faisceau gaussien superposé en interférence constructive avec un
fond. L’image d) est un grandissement 4 de (¢) centré sur le front du faisceau pour
observer les oscillations. La ligne en pointillés représente la coupe effectuée permet-
tant d’analyser le profil du faisceau au front.

Nous observons qu’a basse non-linéarité, exactement comme pour le faisceau
seul, le faisceau principal s’aplatit dans un premier temps et le front devient raide
(vers A¢ = 40). La sur-intensité au sommet du front est beaucoup plus importante
qu’en I'absence de fond. La premiére oscillation apparait au pied du faisceau prin-
cipal & A¢ = 60. De la méme maniére que pour le faisceau sans fond, lorsque la
non-linéarité est augmentée nous observons ’apparition progressive et le développe-
ment de nouvelles oscillations. A trés haute non-linéarité, les oscillations intérieures
sont aussi créées.
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FIGURE 2.13 — Coupe suivant le rayon du faisceau gaussien se propageant a travers
le milieu pour différentes non-linéarités dans le cas ol un fond gaussien est présent.
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2.4 Etude du contraste des oscillations

Nous développons dans ce qui suit le comportement du contraste de ces oscil-
lations : dans un premier temps en fonction des propriétés du fond (intensité et
forme) puis nous expliquerons dans un second temps pourquoi, contrairement a une
précédente étude [98], notre contraste dans le cas sans fond n’est pas nul.

2.4.1 Contraste avec fond

Il est donc intéressant d’étudier ’évolution du contraste de ces oscillations avec
I'amplitude du fond. Nous mesurons ce contraste C' = (Imae — Inin)/(Imaz + Imin)
lorsque le rapport d’intensité entre le fond et le faisceau principal I, = Ipg/I est mo-
difié. Cette étude met en évidence I'importance du fond sur le contraste des ondes
de choc. Les oscillations, déja présentes en raison du choc, ont un support pour
se développer de maniére plus importante grace au fond. Pour éviter un potentiel
impact de la sur-intensité créée par la non-localité sur le contraste de la premiére
oscillation, nous choisissons arbitrairement la deuxiéme oscillation pour effectuer ce
calcul.

Une étude plus poussée a été effectuée [98] lors de la propagation d’impulsions
temporelles & travers des fibres optiques. De la méme maniére, ils montrent que
I'augmentation d’amplitude du fond améliore le contraste des oscillations. Lorsque
I'intensité du fond est encore augmentée bien que le contraste maximum soit atteint
(100%), on s’attend a ce qu’il diminue lentement. En effet, les oscillations ayant une
amplitude limite, lorsque I'intensité du fond dépasse cette amplitude maximale le
contraste est de fait moins important et diminue progressivement avec l'intensité du

fond.
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FIGURE 2.14 — La figure (a) représente les oscillations dans le cas ou le fond est
présent (I, = 2.8%), les points rouges correspondent aux Ipa, €t Iy, considérés
pour calculer le contraste. La figure (b) est la valeur du contraste en fonction du
rapport d’intensité I,.
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Des simulations sont faites avec un fond constant pour étudier I'impact de la
forme du fond sur les oscillations. Ceci montre que, pour un fond plat ou un fond
gaussien suffisamment large (waist 3 fois supérieur a celui du faisceau principal), les
oscillations se développent de la méme maniére.

2.4.2 Contraste sans fond

Si nous étudions plus précisément le cas sans fond, nous remarquons dans nos
expériences et simulations que le contraste n’est pas nul comme ¢’est le cas dans [98].
Nous effectuons alors des simulations pour différentes valeurs de waist (cas sans fond)
avec une valeur de A = 5.5um qui est la longueur caractéristique dans le plan du
fluide.

Lorsque le waist du faisceau est de w = 0.2mm (w/A =~ 30), le contraste sur les
oscillations est quasi nul C' = 3%, ce cas est similaire a celui observé dans [98]. Avec
les paramétres de notre expérience (w = 0.7mm), le rapport est de w/A = 150 et
nous pouvons observer des oscillations dans le cas sans fond avec un contraste de
C = 40%. Comme mentionné précédemment, la non-localité réduit le contraste des
oscillations et la simulation ne prenant pas encore en compte ce paramétre il est
normal de voir une différence de contraste avec I'expérience. Lorsque nous simulons
avec un rapport encore plus grand w/A & 270 (w = 1.5mm), nous observons que le
contraste continue d’augmenter C' = 80%. Si le rapport w/A augmente encore nous
nous attendons a atteindre un contraste de 100% sans qu’aucun fond ne soit utilisé.
La période des oscillations est équiva-

lente & A local (calculé avec I'intensité 025
au niveau des oscillations) ; par consé-
quent si, cette période est suffisamment
petite par rapport a la taille du fais-
ceau, il est possible de voir les oscilla-
tions apparaitre sur l'aile de la gaus-
sienne méme dans le cas ou il n’y a pas
de fond. Les positions r sur la figure
2.15 étant renormalisées par la valeur
du waist, les oscillations de chaque cas

waist = 0.2mm

t = 0.7mm

— waist = 1.5mm

J

o
o

Intensité normalisée
=4

o

o

3
———
—

peuvent paraitre avoir des périodes dif- W V \q \/\N
férentes mais elles sont en réalité toutes 0 . . . s

. . , . 1 1.2 1.4 1.6 1.8 2 22 24 26
approximativement égales a la valeur lo- r [waist]

cale de A ~ 30um.

Lorsque le faisceau continue de se pro-
pager a travers la non-linéarité, nous
observons que le contraste des oscilla-
tions diminue progressivement avec Ag.
Pour le faisceau le plus petit, les oscilla-
tions disparaissent rapidement et com-
plétement et seule une pente lisse se dé-
veloppe.

FI1GURE 2.15 — Simulations d’un fais-
ceau gaussien sans fond développant des
ondes dispersives pour différentes valeurs
de waist. Les non-linéarités nécessaires
pour observer les ondes de choc pour les
waist w = 0.2,0.7 et 1.5mm sont respecti-
vement A¢ = 40, 120 et 230.
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Il est aussi intéressant de remarquer que lorsque le faisceau est plus petit, le choc
et sa régularisation ont lieu plus tot. En effet, pour une méme intensité maximum au
centre, plus le faisceau sera petit plus le gradient sera important et par conséquent la
différence de vitesse d’expansion aussi. Ainsi le front se raidira plus vite, entrainant
un choc plus rapidement.

C’est en raison de cette différence de waist entre notre expérience et [98] que les
valeurs du contraste sont différentes méme quand le rapport I, est non nul : les os-
cillations n’atteindront donc pas leur contraste maximum pour le méme rapport I,.
Meéme si travailler a petit waist permette de créer le choc plus rapidement en termes
de non-linéarité, ceci diminue le contraste (jusqu’a atteindre 0) des oscillations régu-
larisant le choc qui ne peuvent étre retrouvées qu’avec ['utilisation d’un fond. Pour
la suite du projet, l'utilisation d’un fond pour observer les ondes de choc dispersives
n’étant pas souhaité afin de simplifier notre étude, nous choisissons donc de travailler
sans fond avec un waist suffisamment grand pour observer les oscillations sans 'aide

d’un fond.

2.5 Non-localité

La réponse non-locale d’'un milieu non-linéaire est un effet visible dans diffé-
rents systémes tels que les condensats de Bose-Einstein dipolaires [99], les cristaux
liquides [100], les verres [101], les liquides [102]| ou encore les plasmas [103]. De fait,
son impact sur la dynamique d’ondes non-linéaires a déja était étudié via NLSE
non-locale 2.6. Dans notre systéme, la non-localité est généralement expliquée par
le mouvement des atomes dans la vapeur [49]. Il est ainsi possible d’estimer, en
considérant le temps de vie de 'atome excité et sa vitesse, la distance parcourue
par 'atome avant de ré-émettre un photon absorbé : cette distance correspondant a
la non-localité. Cet effet peut étre interprété comme étant une interaction photon-
photon se produisant & une distance non nulle. Cette distance est estimée dans la
section 2.5.3.

Pour prendre en compte cette réponse non-locale dans le terme d’interaction de
NLSE, nous introduisons une fonction de réponse de type gaussienne

U(r) = (2r0?) Lexp(—|r|*/(20?)) avec o la longueur non-locale (une fonction ré-
ponse super-gaussienne donne des résultats quasi-identiques).

Des résultats similaires sont obtenus dans le cas ot la réponse est une décroissance
exponentielle U(r) = (2r0?) ! exp(—|r|/o). La simulation est aussi effectuée avec
une fonction réponse lorentzienne mais les résultats ne sont pas concluants, la portée
non-locale dans ce cas n’est pas bonne (voir figure 2.16).

Nous pouvons écrire I’équation 1.71 en tenant compte de la non-localité telle que :

0
G = =5V [ U (e = DR, 2) (2:6)
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Nous pouvons ensuite réécrire les équations 2.4 et 2.5 telles que :
0.p+ ad.(pu) =0 (2.7)

e 1 P
0.0+ audyu+ 0,V = 50, (W)_Tarrar\/;) (2.8)

Le potentiel non-linéaire effectif étant donné par :

V(r,z) = 7/(7(7“, rp(r', z)r'dr! (2.9)

ou U(r,r) = fo% U (Vr?+r = 2rr' cos6) db.
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FIGURE 2.16 — Simulation comparant ’évolution du systéme pour différentes formes
de la fonction de réponse non-locale. La figure (a) représente le profil de densité pour
une non-localité o = 60um et le cas local en noir (¢ = Opm) pour une non-linéarité
z/zn, = 130. La figure (b) trace la transformée de fourrier de chaque fonction
réponse utilisée pour effectuer la convolution.

Dans l'approximation non-dispersive (avant que le choc se produise a z.), nous
considérons a nouveau le terme de droite de I'équation 2.8 comme nul. Rappelons
maintenant le cas local (équation 2.5) : en commengant a u(r,z = 0) = 0, la vitesse
u(r, z) est dans un premier temps controlée par le troisiéme terme de 2.5. A la suite
de cela, la dynamique est dominée par le second terme (équation de Hopf 2.1), ce qui
entraine la catastrophe du gradient de la vitesse. Une fois cette équation combinée
a l’équation 2.4, nous voyons se développer un choc (a symétrie radiale) caractérisé
par la divergence de d,u et d,p, cependant la valeur de p n’explose pas [95].

Il est important de préciser que, rigoureusement, le systéme ne développe pas de
singularité puisque le terme de dispersion jusque-la négligé devient important a
I’approche du choc : la dispersion régularise alors cette singularité.

Si nous revenons dans le cas non-local maintenant, nous remarquons qu’a la diffé-
rence du cas local ou 0,p diverge, le terme 0,V se régularise aux environs du choc
en z. ce qui a un effet critique sur le comportement de p. Le terme 79, p dans le cas
ol ¢ = 0 jusqu’a présent empéchait une croissance de 'amplitude de p. Dés lors que
ce terme n’apparait plus dans I’équation, 'amplitude de p va croitre comme va le
montrer ’étude qui suit.
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2.5.1 Meéthode des caractéristiques

L’évolution des équations hydrodynamiques 2.7 et 2.8 peut étre décrite théori-
quement en appliquant la méthode des caractéristiques [104]. Pour cela, on définit les
quantités suivantes : w(z) = w(R(2), 2), 7(2) = d,u(R(2),2), &(z) = du(R(2), 2),
p(z) = p(R(z), z) selon la caractéristique R(z) ou R(0) = ro.

Ces équations satisfont le systéme d’équations différentielles ordinaires ci-dessous :

% = aw(z), (2.10)
% =7(2) + aw(z)§(2), (2.11)
I 62 (V(B(2), ) - 0€(2)7(:), (2.19)
® — _R(V(RE).2) - a2, 013
P — —og(2)i). 2.1

Il est possible de faire le lien entre ce systéme d’équations et ceux utilisés dans
le cadre du formalisme de Vlasov & grande distance pour un régime fortement tur-
bulent [105,106] ou encore pour décrire ’émergence d’une cohérence de phase de la
part d’un speckle [107].

Le systéeme posseéde donc une double singularité de choc et de collapse : le choc se
rapportant & la catastrophe du gradient de la vitesse et entrainant une régularisation
via des ondes de choc dispersives (visible méme sans non-localité) ainsi que l'insta-
bilité de collapse faisant référence & la croissance de la densité au niveau du front
(présent uniquement avec la non-localité). Ces deux effets sont alors visibles simul-
tanément lorsque la non-localité est non négligeable. Notons que si la non-localité
devenait trop grande en comparaison de la "healing length", les ondes de choc dis-
persives ne se développeraient plus.

Le développement de cette double singularité est piloté par le gradient de la vitesse
dans I’équation 2.13. Dans le premier terme de droite, 'amplitude de 9V est bornée
par la valeur maximale de p/o?. Le second terme quant a lui, décrit la divergence
avec une forme telle que |£| ~ 1/(2. — 2z) proche du moment du choc z.. Par consé-
quent, il y aura une distance de propagation au-dela de laquelle —a¢? dominera 92V
et nous verrons £(z) augmenter de maniére brutale a un temps effectif fini z.
Remarquons maintenant 'équation 2.14 qui méne a j(z) = p(ro, z0) exp (—a fzzo £(s)ds).
Ceci montre que le comportement singulier de £(z) juste avant linstant du choc
2z = z. sera aussi visible sur p(z). Nous pouvons réécrire le gradient de la vitesse
ainsi que I'amplitude proche de I'instant du choc tels que :

Ou(R(2),2) = &(z) ~ —1/[a(z. — 2)], (2.15)
p(R(2), 2) = plz) = p(ro, 20) (2 — 20)/(2c — 2). (2.16)
En d’autres termes, dans le cas ou la valeur de la non-localité o n’est pas négli-

geable, le terme 97V deviendra plus petit que le terme de divergence a&? proche de
I'instant du choc z.. Ceci a pour conséquence une "explosion" du gradient de vitesse
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FIGURE 2.17 — Les figures (a-e) représentent les simulations de NLSE (tiretés verts),
de la formulation hydrodynamique (bleu) ainsi que de la méthode des caractéris-
tiques (points) pour des temps effectifs de propagation de z = 0, 30,65, 100, 13527,
Les figures (a-e) représentent respectivement la densité p(r,z), la densité radiale
p(r, z) (ou p(z)), la vitesse u(r,z) (ou w(z)), le gradient de la vitesse d,u(r, z) (ou
£(2)) et la dérivée "temporelle" selon z de la vitesse d,u(r, z) (ou 7(2)) : tout ceci
pour différentes caractéristiques R(z) représentées en (f). Les couleurs des caractéris-
tiques en (f) correspondent aux couleurs des points en (a-e). Les paramétres utilisés
dans cette simulation sont une non-localité o = 50pum ainsi qu’une transmission de
60% (nous détaillerons I'impact des pertes par la suite).
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qui se répercute sur la densité (via ’équation 2.14) augmentant elle aussi au niveau
du choc. Plus la non-localité est importante, plus le terme de divergence domine
rapidement, entrainant une augmentation plus importante du pic de densité. Dans
le cas local ou si la non-localité est trop faible, le terme de divergence ne devient
plus dominant au cours de I’évolution et la singularité de collapse n’apparait pas.
Nous effectuons des simulations en utilisant ’équation non-linéaire de Schrédinger
(NLSE), la formulation hydrodynamique ainsi que la méthode des caractéristiques.
Ces simulations sont reportées sur la figure 2.17 (a-e).

Nous observons un trés bon accord entre chacune des méthodes sans qu’aucun para-
meétre d’ajustement soit nécessaire. Ici, la fonction réponse de la non-localité consi-
dérée est une fonction gaussienne. Nous remarquons que, de la méme maniére que
pour la figure 2.1, les lignes de caractéristiques en (f) se rapprochent a I’endroit du
choc. Tl n’y a cependant pas d’intersection de ces lignes par la suite, du fait de la
régularisation du choc. Au méme instant, la vitesse u(r, z) se raidit précédant la
singularité du choc (a savoir la catastrophe du gradient de wu(r,z)) qui lui méme
cause la singularité de collapse de la densité. Il est important de préciser que pour
les valeurs de non-localité qui sont et seront discutées au cours de cette étude, nous
n’observons que les débuts de la singularité de collapse ; une non-localité plus impor-
tante est nécessaire pour considérer un vrai régime de collapse qui serait caractérisé
par le comportement p ~ 1/(z. — z) prédit par la théorie.

2.5.2 Instant du choc

Maintenant que I’étude théorique a permis d’expliquer le role de la non-localité
dans notre systéme, nous effectuons des simulations pour avoir une idée qualitative
du processus.

Dans un premier temps, nous faisons une simulation a non-linéarité fixée corres-
pondant & un temps supérieur a celui du choc (dans le cas sans non-localité), ceci
afin d’observer le comportement du systéme pour différentes valeurs de non-localité.
Cette simulation est présentée en figure 2.18(a).

Comme 'a démontré I’étude théorique plus haut, nous observons que la sur-intensité
augmente avec la non-localité. Notons que lorsque la non-localité est nulle nous re-
trouvons le résultat obtenu en début de chapitre lorsque le modéle était purement
local (2.6). Outre 'apparition de cette singularité, d’autres aspects sont modifiés en
fonction de la non-localité.

Nous remarquons par exemple un changement dans le comportement des oscilla-
tions régularisant le choc. En augmentant la non-localité, les oscillations ont besoin
de plus de temps pour se développer (& non-linéarité fixée) ce qui signifie que le
choc nécessitera lui aussi plus de temps pour avoir lieu a mesure que la non-localité
augmente.

Nous pouvons aussi observer que le contraste des oscillations est moins important
a haute non-localité. Ceci confirme la différence de contraste observée entre I'expé-
rience et les simulations précédemment faites lorsque la non-localité n’était pas prise
en compte.

Nous remarquons enfin le développement d’un minimum local juste avant la singu-
larité de collapse (pic de densité). Ce minimum devient de plus en plus important a
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mesure que la non-localité augmente. La simulation présentée ici indique que ce mi-
nimum perd en amplitude pour les non-localités les plus hautes. Ceci s’explique par
le fait que l'instant du choc est plus tardif et par conséquent le minimum n’a pas eu
autant de temps pour se développer en comparaison aux cas ayant une non-localité
intermédiaire.

0.35
—0 =0 pm
03t|—° =20 pm
o =40 pm
o =60 pm
O 025 o =80 pm
\ —_
,'ﬁ 0 o =100 pm
om0
S
D 0.15 = A\
A \\
0.1
0.05 \v//\
A
(a)
0 L L L N ,
0.6 0.8 1 1.2 14 1.6
r [mm)
0.3 0.8
—0 =0 pm —0 =0 pm
——0 =20 pm 0.7 —0 =20 ym
025 i o =40 pm o =40 pm
\ 0 =60 pm 0.6 o =60 pm
0.2 )< 0 =80 pm 0 =80 pm
8 ' 0 =100 pm 0.5 0 =100 pm
g 0.15 & 04
g >
A 03
0.1
0.2
0.051 o
, (b) | C)
0 * : ] ' 0¥
0 0.5 1 15 0 02 04 1.6
r [mm] [mm]

FIGURE 2.18 — Simulations (NLSE non-local) d’un faisceau gaussien pour différentes
valeurs de non-localité. Evolution de la densité (a) lorsque la non-linéarité est fixée
a z/zyp = 140 et évolution de la densité (b) et du gradient de phase (c) lorsque
la non-linéarité change pour rester a z.. Dans ce second cas, la non-linéarité pour
o = 0,20,40,60,80,100 pum est respectivement z/zy; = 79, 83,89, 94,100,106. La
normalisation en densité est faite par rapport au maximum du faisceau incident.

Cette étude met en évidence 'importance de définir un instant précis au cours
de la propagation et pas seulement une valeur fixée de non-linéarité si I’'on veut com-
prendre correctement 1’évolution du systéme en présence de non-localité (ou autre
paramétre influant sur I’évolution du choc) et en faire une étude plus quantitative.
Il est aussi important de préciser que, comme le montre les études [98,108-110], il
est possible d’observer une augmentation de I'intensité au niveau du front (similaire
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a la notre) au cours de la propagation méme dans le cas oil le systéme est local.
Un point cependant important nous permet de différencier les deux cas : si nous
définissons rigoureusement cette sur-intensité comme étant un changement de signe
du gradient d’intensité, ce dernier n’as lieu qu’apreés le choc dans le cas local tandis
que nous observons ce changement de signe bien avant le choc dans le cas non-local.
C’est donc principalement pour cette raison que nous étudions plus précisément
I'instant du choc z., la sur-intensité visible a ce moment ne pouvant étre due qu’au
comportement non-local. Nous pouvons par la méme occasion étudier la double sin-
gularité a une méme étape de I’évolution et avant que le terme de dispersion ne
vienne régulariser le choc.

Les figures 2.18 (b) et (c) correspondent & la densité et au gradient de phase pour
différentes non-localités a l'instant du choc. Nous observons une croissance de la
vitesse avant le front (aux environs de r = Imm dans la simulation), conséquence
de 0,V. Celle-ci se traduit ensuite par I'apparition du pic dans le profil de densité.
L’étude a z. met bien en évidence 'augmentation de ce pic avec la non-localité. Il
est aussi visible que le centre du faisceau s’aplatit plus vite & mesure que la non-
localité augmente, cela s’explique en raison de la nécessité de propager le systéme
plus longtemps a forte non-localité pour atteindre 'instant du choc.

Nous pouvons reprendre les équations hydrodynamiques 2.7 et 2.8 pour développer
le réle du fond dans la formation de la singularité. Rappelons ’évolution de la vi-
tesse : u étant dans un premier temps faible, le terme ud,u est négligeable et 0,V
forme rapidement un pic dans le profil de vitesse.
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FIGURE 2.19 — Comparaison de la densité p et de la vitesse u juste avant que le
choc ait lieu dans le cas ou il n’y a pas de fond (trait plein, z/zx; = 65) et le cas
ou un fond homogéne est présent (trait tireté, z/zy;, = 70). Nous effectuons les
simulations avec NLSE non-local.
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Plus tard au cours de la propagation, parce que la non-localité sature 0,V le
terme ud,u prend le dessus et controle la formation du choc. Comme nous 'avons
montré plus haut dans I'équation 2.14, la densité croit durant le choc. Nous voyons
ensuite apparaitre la régularisation lorsque le terme de dispersion n’est plus négli-
geable.

Dans le cas ou il n’y a pas de fond, le profil gaussien de 'intensité décroit rapidement
et le pic de vitesse (généré par 9,V') s’arréte brusquement au bord du profil d’inten-
sité car le pic de vitesse avance rapidement tandis que le bord du profil d’intensité
ne bouge pas. Par conséquent, la densité n’as pas assez de temps pour croitre de
maniére importante avant que la dispersion entre en compte.
Lorsqu’un fond est ajouté, le profil d’intensité décroit plus lentement. Par consé-
quent, le pic de vitesse peut s’étendre d’avantage, entrainant une augmentation
du temps nécessaire a la formation du choc via ud,u laissant ainsi plus de temps
a la densité pour croitre. Ceci est visible dans les simulations présentées en fi-
gure 2.19. Grace a cette étude nous pouvons mettre en évidence qu’en plus d’agir
sur les ondes de régularisation, le fond
' i i i i joue aussi un role dans la formation et le
— b =30mW P =390mW développement de la double singularité.
—P=120mW — P =480mW
P =210mW —P =570mW |] Ceci est d’autant plus inattendu que la
P =300mW —P =660mW || dynamique du systéme est controlée par
1 la vitesse et non la densité du fluide, la
dynamique de la densité ne faisant que
o J/ | suivre celle de la vitesse.
W De la méme maniére que lors de I’étude
du contraste en fonction du fond (sec-
tion 2.4) ou nous avons observé que
2L la décroissance du profil gaussien étant
\»\ \ moindre & mesure que le waist du fais-
0 02 04 06 08 1 12 ceau augmente, le contraste des oscil-
r [mm] lations augmente. Nous nous attendons

FIGURE 2.20 — Profil d’intensité expé- donc a ce que la croissance de la den-
rimental d'un faisceau gaussien (w = sité au niveau du front soit plus impor-
0.32mm) se propageant & travers le mi- tante a mesure que la taille du faisceau
lieu non-linéaire a une température de augmente. Par la suite nous ne consideé-
T = 150°C avec un désaccord en fre- rerons plus que le cas sans fond, le cas
quence A = —5.5 GHz pour différentes avec fond ne rajoutant que plus de diffi-
puissance. L’instant du choc est identific Cculté a la comprehension générale de la

comme étant pour P, = 300mW. non-localité.
Nous rappelons que l'instant du choc

étant défini dans la théorie comme 'ins-
tant de la catastrophe du gradient de la vitesse, il est facile de repérer sur les courbes
du gradient de la phase en figure 2.18 (c) cet instant : la légére oscillation en bas
du front indique que le choc vient tout juste de se produire. Cette oscillation fait
ensuite son apparition aprés un court délai dans le profil de densité. N’ayant pas la
caméra Phasics a disposition lors de ce projet, nous n’avons pas accés la vitesse (i.e.
gradient de la phase) du fluide. Par conséquent, 1’étude expérimentale de I'instant
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du choc ne peut qu’étre faite via le profil d’intensité. Nous approximons donc l'ins-
tant du choc a celui situé juste avant que le terme dispersif n’entre en jeu et que la
structure oscillante de la régularisation du choc ne commence a apparaitre dans le
profil d’intensité. La figure 2.20 représente ’évolution expérimentale du profil d’in-
tensité du faisceau pour différentes puissances (i.e. non-linéarités). En observant ces
différents profils d’intensité, nous identifions I'instant du choc comme étant lorsque
la puissance vaut P. = 300mW. Au deld de cette valeur, il est possible d’apercevoir
au pied du front la premiére oscillation régularisant le choc se développer : le choc
a alors déja eu lieu.

Maintenant que nous savons identifier I'instant du choc expérimentalement, nous
allons pouvoir étudier le systéme & un instant de ’évolution commun a tous les cas
de figure et ainsi faire une étude plus poussée de la non-localité présente dans I'ex-
périence.

C’est dans cette idée qu'une étude systématique en fonction de la température est
effectuée et développée dans la partie qui suit.

2.5.3 Role de la température de la vapeur atomique

La non-localité pouvant s’expliquer par une distance d’interaction entre photons
non nulle, la température de la vapeur est un parameétre intéressant pour étudier
ce phénomeéne. En effet, la température de la vapeur atomique est directement lié
a la vitesse (dans des directions aléatoires) des atomes via la loi de distribution des
vitesses de Maxwell :

3kgT
m

<v>= (2.17)

ol < v > est la vitesse moyenne, 7' la température du gaz et m la masse

de I'atome. Pour une température T = 150°C', la vitesse moyenne est d’environ
350m/s. En considérant le temps de vie de P'atome excité comme étant 1/T ou
I' = 27 - 6.066MHz est le taux de décroissance, nous estimons que la non-localité
(distance parcourue avant désexcitation) a cette température est d’environ 10pm.
L’évolution d’un méme faisceau gaussien (waist w = 320um) a travers le milieu
non-linéaire est donc mesurée pour différentes températures de la vapeur atomique
(voir figure 2.21). Pour chaque température, ’évolution du systéme est étudiée en
scannant la non-linéarité via la puissance (équivaut a I'intensité puisque le waist est
fixé).
Pour ne pas tenir compte de ’effet d’absorption dont nous discuterons dans la sec-
tion suivante, nous choisissons de travailler avec une transmission identique pour
chaque température et dont la valeur est 7 = 55%. Avoir une transmission plus
grande nécessiterait d’aller plus loin de résonance; malheureusement cela entraine
une diminution de la non-linéarité ne nous permettant plus d’observer les ondes de
choc dispersives. Ceci pourrait étre compensé par une augmentation de 'intensité
en réduisant la taille du faisceau. Nous avons cependant expliqué précédemment
qu’avec de trop petits faisceaux, le contraste des ondes de choc est nul et il nous
deviendrait donc impossible de repérer I'instant du choc.
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FIGURE 2.21 — Evolution du profil d’intensité en fonction de la puissance du fais-
ceau incident (de 100mW & plus de 1W par pas de 100 mW) pour un faisceau
gaussien de waist w = 0.32mm et pour une transmission de 7 = 55%. La tem-
pérature de la vapeur atomique pour les figures (a-e) est respectivement d’environ
T =110, 130, 140, 150, 160°C.
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Pour maintenir un taux d’absorption égal pour différentes températures, il est
nécessaire de changer le désaccord du laser. En effet, si nous regardons les spectres
en transmission (figure 1.7) nous remarquons que le fait d’augmenter la température
(i.e. la densité atomique) a pour effet de réduire le pourcentage de transmission. Pour
conserver une transmission fixe, nous n’avons donc pas d’autre choix que d’augmen-
ter le désaccord a mesure que la température augmente.

Grace a la méthode décrite dans la section 1.2.2 pour mesurer la température,
nous estimons les températures des différentes études comme étant environ T =
110, 130, 140, 150, 160°C'. Les désaccords permettant d’obtenir une transmission de
T = 55% dans chaque cas sont respectivement A = —1.8, —3.3, —4.7, —8.4, —10.6
GHz.

Nous remarquons (au vue des différentes évolutions) que la singularité de collapse
due a la non-localité est modifiée lors des changements température (pour une méme
transmission) : lorsque celle-ci augmente, le développement de la sur-intensité au ni-
veau du front est plus important. De la méme maniére que lors des simulations,
nous choisissons de faire une comparaison plus quantitative en se concentrant sur le
moment du choc.

Pour chaque température, nous estimons l'instant du choc via la puissance du fais-
ceau P. comme décrit pour la figure 2.20. Pour les températures T' = 110, 130, 140,
150, 160°C), le choc a lieu respectivement pour P, = 800, 1000, 600, 800,400 mW.

Il est trés difficile d’estimer une tendance sur I’évolution de P, puisque lorsque
nous augmentons la température, nous devons aussi augmenter le désaccord afin
de conserver le méme taux d’absorption. Nous avons alors la température qui, lors-
qu’elle augmente, tend a réduire la puissance nécessaire et a I'opposé le désaccord
qui nécessite d’augmenter la puissance du faisceau pour de plus grands désaccords.
De plus il est parfois difficile de déterminer précisément l’instant du choc, la pre-
miére oscillation étant trés faible lorsqu’elle apparait. Nous pouvons donc considérer
une marge d’erreur sur P, de 100mW.

Le profil d’intensité & 'instant du choc est alors extrait pour chaque température et
nous comparons chacun d’eux aprés une renormalisation adéquate (voir figure 2.22).
Ceci confirme I'impact de la température sur la croissance de la singularité de col-
lapse elle-méme reliée a la valeur de la non-localité : nous déduisons par conséquent
que le fait d’augmenter la température et de fait la vitesse des atomes (la tem-
pérature est aussi proportionnelle & la densité atomique) augmente la non-localité
du milieu. Nous verrons dans la derniére section de ce chapitre (lorsque les diffé-
rents phénoménes seront pris en compte dans notre modéle) que seule la vitesse des
atomes dans la vapeur ne peut pas expliquer les non-localités que nous observons
expérimentalement.

Une fois I’étude de la dissipation et de la saturation de la non-linéarité faite dans les
sections suivantes, notre modéle nous permettra d’estimer les valeurs de non-localité
dans notre expérience.
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FIGURE 2.22 — Comparaison des profils d’intensité a 'instant du choc pour diffé-
rentes températures de la vapeur atomique et & transmission fixée (7 = 55%). La
position 7 est renormalisée au niveau du pied du front et l'intensité est quant a elle
renormalisée par rapport au minimum local précédent la sur-intensité du collapse.

2.6 Renforcement du collapse via dissipation

La dissipation est un phénoméne récurent en physique, que se soit en physique
quantique [111,112], en thermodynamique [113], en physique statistique [114] ou
encore en hydrodynamique [115,116]. La dissipation est généralement indésirable :
souvent assimilé a la perte d’énergie [117], nous cherchons, dans la majorité des cas,
a réduire son impact ou & en comprendre son role [118].

Il est cependant possible d’observer dans certaines conditions des effets inattendus
ol les pertes améliorent les phénoménes étudiés. Ce concept, appelé "gain par les
pertes", a été développé en optique non-linéaire ot des pertes appliquées a certaines
fréquences entraine un gain du spectre [119,120].

Cette section va décrire les modifications de la double singularité observée en pré-
sence d’absorption linéaire. Pour une mise en évidence correcte de l'impact de
I'absorption sur le systéme, nous effectuons le changement de variable ¥(r,z) =
(r, 2) exp(nz/2) (nous rappelons que 7 est le coefficient d’absorption linéaire).



2.6. Renforcement du collapse via dissipation 71

Ceci nous permet d’écrire ’équation non-linéaire de Schrodinger non-locale 2.6
en prenant en compte les pertes linéaires :

Y
Zaa— = —%VE\IJ + 76_m\1’/dr'U(|r — )R, 2) (2.18)
z

Nous pouvons ainsi ré-effectuer le développement conduisant aux équations hy-
drodynamiques fait dans le cadre de la non-localité 2.7 et 2.8, ce qui conduit a :

0.p+ ad,(pu) =0 (2.19)

o,u + aud,u + e~ 70,V = %8, (%&J‘@r \/é) (2.20)

ott nous rappelons que V(r, 2) = v [ U(r,r")p(r', 2)r'dr’ est le terme non-linéaire
non-local.
Si nous tenons compte de ces pertes dans les équations des caractéristiques, les
équations 2.12 et 2.13 se réécrivent alors :

dr

7 = 05TV (R(2). 2)) - of(2)7(2), (2.21)
% = FETVRE) )~ af) )

Les équations 2.10, 2.11 et 2.14 s’écrivent, quant a elles, de la méme maniére.
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FIGURE 2.23 — Simulations pour différentes transmissions (7" = 100, 80, 60, 40, 20%)
a z. avec une non-localité de ¢ = 70pm dans le cas (a) et & z.;; = 1202y, pour
une non-localité de o = 100pm dans le cas (b). Dans les deux cas, les densités sont
renormalisées au niveau du creux précédent le pic de la singularité de collapse afin
de simplifier la comparaison.

Dans I'équation 2.22, la dissipation favorise la croissance de & qui, a son tour,
fait croitre p(z) avant la double singularité. Nous effectuons des simulations pour
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étudier ce phénoméne qui sont présentées en figure 2.23. Si nous observons la figure
2.23 (a) représentant le profil de densité a l'instant du choc, nous ne remarquons
pas d’effet notable sur 'amplitude du pic due a la non-localité (I’évolution peut
méme paraitre opposée a celle décrite précédemment). Ceci peut se comprendre par
le fait que ’absorption joue un role non négligeable sur la non-linéarité qui modifie

la dynamique du systéme. Nous avons montré

T 10 [zlem] ] z/zne dans le chapitre précédent que la non-linéarité
021 23 5.4 210 dépend entre autre de l'intensité du faisceau.
04 13| 3.95 154 Lorsque le systéme est conservatif et qu’il n’y
06173 35 136 a donc aucune perte, 'intensité est conservée et
08132 395 197 la dynamique du systéme ne change pas. Dans le
110 3.1 120 cas ou la dissipation n’est plus négligeable, 1'in-

tensité diminuant progressivement au cours de
TABLE 2.1 — Ces valeurs corres- la propagation, la non-linéarité totale vue par
pondent a celles utilisées pour ef- le faisceau sera moindre. Nous pouvons com-
fectuer la simulation de la figure prendre ce probléme via la longueur non-linéaire
2.23 (b). Le coefficient d’absorp- zy; = 1/(yI). L’intensit¢ diminuant en raison
tion est calculé pour chaque taux de Iabsorption va faire croitre zy7 et donc le
de transmissions aprés une propa- déphasage non-linéaire A® = z/zy; représen-
gation de z = 7cm. tant la non-linéarité vue par le faisceau sur la

distance z va diminuer. Par conséquent les simu-
lations faites jusqu’a présent ne rendent pas bien compte de I'impact de ’absorption.
Il sera donc nécessaire de propager le faisceau sur une distance plus grande pour
considérer la méme non-linéarité, cette distance augmentera au fur et a mesure avec
'absorption. Nous définissons [79] donc une distance effective z. ;s telle que z.rr/2n 1,
sera le méme quelle que soit ’absorption et s’écrivant :

_ R
Zeff = =e (2.23)
n
Lorsque l'absorption vaut n = 0 nous avons z.;; = z. Le terme d’absorption
linéaire n peut étre déterminé a I’aide de la transmission 7 (équation 1.52) tel que
n=—1log(T)/z
Si nous nous arrétons sur le tableau 2.1, nous pouvons voir les différentes quantités
correspondantes a chaque cas d’absorption de la simulation 2.23 (b). Ce tableau nous
indique que pour une longueur non-linéaire fixée a zn7; = 0.25mm, il est nécessaire
de propager le faisceau sur la distance z (propre a chaque cas de transmission) pour
observer une non-linéarité de z.r¢/zn;, = 120. Les valeurs z/zyy, correspondent aux
non-linéarités obtenues pour une transmission de 100%. Ceci met en évidence le fait
que l’absorption nécessite de propager le systéme plus longtemps pour observer les
mémes non-linéarités.
Dés lors que nous connaissons les longueurs effectives permettant de considérer des
effets non-linéaires équivalents indépendamment des pertes, il est possible de faire
des simulations tenant compte de ’absorption dans I’évolution du systéme pour
observer son impact sur le pic de non-localité pour une méme non-linéarité. De cette
maniére, nous observons sur les simulations 2.23 (b) qu’a non-linéarité équivalente
lorsque 1’absorption augmente, 'amplitude de la singularité de collapse croit elle



2.6. Renforcement du collapse via dissipation 73

aussi.

Une étude expérimentale est alors menée pour mettre en évidence cet effet. Il a
été montré lors de I’étude du spectre en transmission (voir figure 1.7) qu’a haute
température ’absorption augmente a mesure que l'on s’approche de résonance. Il
est par conséquent possible de controéler le coefficient d’absorption via le désaccord
en fréquence. La température est fixée a environ 7' = 160°C et différents désaccords
sont déterminés afin d’étudier I’évolution du systéme en fonction de la puissance du
faisceau. Les désaccords étudiés sont A = —10.6, —8.2, —6.7, —5.4GHz, ces valeurs
correspondent respectivement a des valeurs de transmission de 7 = 55, 40, 30, 20%.
A noter que ces transmissions seront & des désaccords différents si la température
du milieu change.
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FIGURE 2.24 — Evolution du profil d’intensité en fonction de la puissance du fais-
ceau incident pour un faisceau gaussien de waist w = 0.32mm et a une tempé-
rature de T' ~ 160°C. La transmission pour les figures (a-d) est respectivement
T = 55,40, 30,20%. Les profils d’intensité sont renormalisés.

Nous choisissons ces valeurs de transmissions pour des raisons expérimentales :
pour des transmissions plus importantes, la non-linéarité est moindre du fait du
grand désaccord et la puissance du laser devient une limitation pour obtenir des
non-linéarités suffisantes. D’autre part, le fait de trop diminuer la transmission peut
potentiellement avoir des effets indésirables sur le systéme.

Cette étude est donc présentée en figure 2.24. Nous pouvons remarquer qu’a basse
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transmission (proche de résonance), la non-linéarité est telle que de faibles intensi-
tés (puissance a waist fixé) permettent d’obtenir des non-linéarités suffisantes pour
étudier le développement de la double singularité et I’apparition des ondes de choc
dispersives.

Lors de I'étude expérimentale, les pertes influent directement la non-linéarité du
systéme en diminuant progressivement U'intensité et par conséquent An(I).

2
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FIGURE 2.25 — Comparaison des profils d’intensité proche de I'instant du choc pour
différentes transmissions a température fixée (T ~ 160°C). La position r est renor-
malisée au niveau du pied du front et 'intensité est quant a elle renormalisée par
rapport au minimum local précédent la sur-intensité du collapse.

Cela signifie que la longueur non-linéaire zy; augmentera a mesure que le fais-

ceau se propagera dans le milieu non-linéaire : le faisceau devra donc se propager
sur une distance plus grande en fin de cellule qu’en début pour subir la méme
non-linéarité. Cette non-linéarité réduite par la diminution de An en raison de I’ab-
sorption correspond donc a la non-linéarité effective décrite précédemment et utilisée
pour considérer correctement ’absorption dans nos simulations. Nous pouvons donc
toujours considérer I'instant du choc dans notre expérience comme lors de I'étude
de la non-localité, cette fois-ci pour étudier I’absorption.
Sont représentés sur la figure 2.25 les profils d’intensité aux environs du choc pour
chaque transmission. Nous observons qu’effectivement augmenter ’absorption a pour
effet d’améliorer la croissance de la singularité de collapse. L’analyse théorique me-
née par A.Picozzi tend & montrer que, dans le cas d’une interaction purement locale,
la formation du choc est associée a un collapse seulement si la dissipation est non
nulle. La dissipation serait dans ce cas, au dela d’'un simple paramétre augmentant
le collapse déja existant, un paramétre suffisant & son apparition.
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2.7 Impact de la saturation de la non-linéarité

Le dernier phénomeéne observé lors de ce projet est celui de la saturation de la
non-linéarité déja discutée lors du premier chapitre. Rappelons que la non-linéarité
du systéme sature progressivement a mesure que le rapport (4A2/T2)/(I/I) di-
minue jusqu’a saturer totalement lorsque ce rapport dépasse 1. La saturation sera
donc plus importante & mesure que nous nous rapprochons de résonance pour une
intensité fixée. Lorsque le systéme est localement saturé, I'indice de réfraction ne
varie plus en fonction de 'intensité. Par conséquent, le surplus d’intensité du fais-
ceau par rapport a I'intensité de saturation n’apporte au systéme aucun déphasage
non-linéaire supplémentaire. Comme nous allons le voir, ceci a un impact sur le profil
d’intensité en sortie du milieu.
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FIGURE 2.26 — Etude de 'impact de la saturation en fonction des différents cas vus
jusqu’a présent : NLSE initial (a), avec dissipation (7 = 40%) (b), avec non-localité
(0 = 50um) (c), avec dissipation et non-localité (mémes valeurs) (d). Pour chaque
figure, la courbe rouge correspond au cas ou la saturation n’est pas prise en compte.
La saturation augmente a mesure que le désaccord s’approche de 0. L’intensité du
faisceau incident est fixée (P = 0.5W et w = 0.7mm). La comparaison est faite a
I’instant du choc z..

A la différence des mesures expérimentales, les simulations effectuées jusqu’a
présent avaient une distribution d’intensité s’aplatissant totalement au centre du
faisceau. La saturation de la non-linéarité (pas encore prise en compte dans les
simulations) explique relativement facilement cette différence.

En effet, la propension qu’a le faisceau a s’aplatir en son centre s’explique par la
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plus forte non-linéarité (i.e. intensité) a cet endroit. Comme expliqué en début de
chapitre : dans le cas défocalisant, le faisceau va diverger plus rapidement au centre
qu’aux extrémités en raison de la différence de non-linéarité (i.e. intensité). De fait,
le faisceau, ayant une expansion plus importante au centre, finira par s’aplatir au
cours de la propagation. La non-linéarité étant saturée au centre, nous retrouvons
alors la distribution gaussienne dans cette zone qui sera par conséquent moins plate.
Un milieu est totalement saturé lorsque tout les atomes sont excités par le faisceau
incident et donc que les photons se propageant dans le milieu ne peuvent plus étre
absorbés par les atomes. Les photons se comportent alors comme si ils ne voyaient
pas les atomes et le faisceau se propage donc comme dans le vide puisqu’il n’y a
plus d’indice. Dans le régime auquel nous travaillons expérimentalement, le milieu
n’est jamais totalement saturé. Cela signifie que la majorité du faisceau subira les
effets non-linéaires tandis qu’une petite proportion traversera le milieu sans avoir
été absorbée par les atomes.

Pour que la saturation de la non-linéarité soit prise en compte, le terme non-linéaire
v présent dans les différentes versions de NLSE doit étre divisé par le facteur 1+ 51
ot B = 1/I(A) est I'inverse de l'intensité de saturation en fonction du désaccord
(voir équation 1.26). L’équation décrivant le systéme est donc :

ov
/L_
0z

Cette équation prend donc en compte non-localité, dissipation et saturation de la
non-linéarité. Il est cependant possible de ne tenir compte que de la saturation, in-
dépendamment des autres effets. La figure 2.26 représente I'impact de la saturation
de la non-linéarité dans les différents cas : tenant compte ou non de la non-localité
et de la dissipation. La saturation est modifié dans ces simulations via le désaccord
en fréquence tandis que l'intensité du faisceau reste fixe.

Les désaccords utilisés dans ces simulations sont donnés dans ’approximation de
I’atome a deux niveaux tandis que dans ’expérience, le systéme n’étant pas consti-
tué d’atomes a deux niveaux, le zéro pour la mesure du désaccord est défini par
rapport a la résonance la plus proche. Ces deux désaccords sont donc difficilement
comparables, ces simulations servent avant tout & comprendre 'impact de la satura-
tion. Nous rappelons que nous avons choisi comme zéro en fréquence expérimental
8"Rb, F' = 3 sur la raie D2. Si I'on considére le poids effectif de chaque état fonda-
mental des deux isotopes, nous pouvons estimer que le zéro en fréquence de I'atome
a deux niveau se trouve aux environs de la raie ®Rb, F' = 3. La différence entre
notre zéro expérimental et celui des simulations est donc d’environ 1 & 2GHz.

Si 'on s’attarde sur les courbes de la figure 2.26, nous voyons que dans toutes les
situations, la saturation a pour effet d’augmenter la différence de densité entre le
centre du faisceau et le bord, alors qu’elle était jusqu’a présent quasi constante.
Lorsque la dissipation est prise en compte (b,d), les pertes étant fixées dans chaque
cas, il n’est pas nécessaire de considérer le z.sf comme c’était le cas précédemment.
La saturation nécessitant elle aussi de propager le systéme plus longtemps a mesure
qu’elle augmente pour arriver a z., 'impact de 'absorption sera de fait plus marqué
et donc la densité totale diminuera progressivement. D’autre part, nous remarquons
aussi que la hauteur du collapse due a la non-localité (c¢,d) diminue & mesure que la

__g 2 —nz / g o 2.1
= OVt \IJ/dr ol (s (229
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saturation devient importante.

Il est expérimentalement difficile d’effectuer une étude similaire car changer la sa-
turation, que ce soit via l'intensité ou le désaccord, aura aussi un impact sur la
non-linéarité du milieu et il faudrait par conséquent compenser cela sans pour au-
tant changer la dissipation. Il n’est pas certain que des combinaisons différentes den-
sité atomique/désaccord/intensité puissent donner des systémes ayant méme non-
linéarité et dissipation mais une saturation différente.

2.8 Estimation de la non-localité expérimentale

Maintenant que les différents phénoménes ayant un impact sur la singularité de

collapse ont été définis et étudiés, nous pouvons faire une étude plus quantitative
pour estimer la valeur de la non-localité dans notre systéme. Etant intéressés par
les cas oul la non-localité est la plus importante, nous faisons une étude comparative
pour les cas expérimentaux ayant la plus haute température (i.e. densité atomique).
Les simulations présentées en figure 2.27 prenant en compte les différents phéno-
meénes discutés nous permettent d’estimer des valeurs de non-localités allant jusqu’a
100pm pour les températures les plus hautes (7' = 160°C et T ~ 150°C)
Ces comparaisons tendent a montrer que la température, méme si elle influe sur la
valeur de la non-localité, ne suffit pas a expliquer de telles valeurs. La non-localité
engendrée par la température de la vapeur est de l'ordre de 10pm comme nous
I’avions calculé dans la partie 2.5.3. Nous avons donc un facteur 10 entre les pre-
miéres estimations et la valeur extraite de la comparaison expérience/simulation.
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FIGURE 2.27 — Comparaison quantitative du pic de non-localité pour des tempé-
ratures de la vapeur d’environ T ~ 150°C (a) et T &~ 160°C (b). Dans les deux
cas la transmission est de 7 = 20% et la comparaison se fait a z.. La saturation
utilisée dans les deux cas correspond & un désaccord A = —3GHz (expérimentale-
ment le désaccord est changé entre les deux cas pour rester a z.) pour un faisceau
de puissance P = 60mW et de waist w = 0.32mm. La non-localité utilisée dans la
simulation de (a) et (b) est respectivement o = 70um et ¢ = 100pum.
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Ces valeurs assez surprenantes ont déja été apercues au cours d’'un précédent
projet sur un systéme identique et discutées dans les annexes de [36]. Si nous consi-
dérons d’autres systémes non-linéaires comme par exemple les solutions (métha-
nol/graphéne) [105,121,122|, des non-localités équivalentes voir plus importantes
sont possibles mais avec des ingrédients physiques trés différents. Généralement, des
effets thermiques expliquent ces valeurs non-locale importantes.

Pour conclure ce chapitre, nous avons pu étudier durant ce projet le comporte-
ment des ondes de choc dispersives au cours de leur propagation dans une vapeur
atomique chaude, que ce soit dans le cas 1D ou 2D. Cette étude nous aura no-
tamment permis de mettre en évidence I'importance des différents paramétres sur
I’évolution du systéme : en particulier la figure 2.9 qui montre que le paramétre
z/znr, n'est pas absolu et qu’a la fois z et 2y, jouent des roles indépendants sur la
propagation des ondes de choc.

L’étude du contraste des oscillations régularisant le choc nous a aussi permis de re-
marquer un point intéressant. Premiérement, comme I’a montré (98], Pamplitude du
fond sur lequel se propagent les oscillations influe sur leur contraste. Mais au-dela
de ce fait déja connu, nous avons observé qu’il est possible d’obtenir un contraste
non nul méme dans le cas ou le fond est absent (comme c’est le cas dans notre expé-
rience). Une étude numérique présentée en figure 2.15 mets en évidence 'importance
de la taille du faisceau gaussien sur le contraste de ces oscillations. Plus le waist sera
grand, plus le contraste deviendra important : les ailes de la gaussienne devenant
un support suffisant aux oscillations et se substituant au fond.

Ce projet nous aura surtout permis de mettre en évidence la non-localité de notre
systéme dont les valeurs estimées sont étonnamment importantes et que des effets
thermiques seuls ne peuvent pas expliquer. Un travail en collaboration avec T.Macri!
a été lancé afin de développer des modéles plus complets expliquant nos observations
expérimentales. Des modéles & trois niveaux (de type V et A) ou encore a quatre
niveaux (2 états fondamentaux et 2 excités) sont explorés pour mieux comprendre
la non-localité dans notre systéme. En paralléle, nous entamons une étude sur le
pompage optique & 'aide d’une vapeur composée de rubidium et d’un gaz dit "tam-
pon" [123,124]. La valeur de non-localité étant directement lié a la durée d’excitation
des atomes, le pompage optique peut avoir un impact non négligeable. En effet, le
pompage optique [125,126] permet d’exciter I’ensemble des atomes étant dans I’état
fondamental vers un état excité qui lui, via émission spontanée, se dé-excitera vers
un troisiéme niveau qui relaxera vers ’état fondamental. Ce processus prenant plus
de temps peut expliquer des distances non-locales plus importantes.

Les ondes de choc dispersives jouant un role non négligeable dans de nombreux
domaines, I'étude effectuée peut, a terme, étre utilisée dans différents contextes
comme lors de la propagation d’onde de choc dispersives dans des matériaux désor-
donnés [127], dans des cavités optiques [128,129], a la suite d’un obstacle dans un
BEC [130] ou encore dans un champ incohérent [32,131]. Enfin, il est aussi possible
trouver des applications a I'optique [132,133].

1. Departamento de Fisica Teorica e Experimental, Universidade Federal do Rio Grande do
Norte



Chapitre 3

Création et annihilation de vortex

Depuis le travail effectué par Helmholtz en 1858 [134] (traduit par P. Tait en
1867) concernant le transport de la vorticité pour 'écoulement d’un fluide incom-
pressible barotrope, 1'étude des vortex et de leur comportement a et continue de
susciter un engouement important dans différents domaines scientifiques tels que la
physique mais aussi les mathématiques et 'ingénierie. En 1868, Lord Kelvin contri-
bua au développement de ce concept via le théoréme de la circulation [135]. De
grandes avancées ont été faites au début du 20éme siécle avec la naissance de 1’aé-
rodynamique. L’étude de structures cohérentes dans des régimes turbulents a aussi
largement contribué a la compréhension des vortex dans le but de développer des
modéles permettant de mieux comprendre 'un des problémes les plus importants
de la physique encore a ce jour, a savoir la turbulence [136,137].

La majorité des avancées effectuées sur ce sujet fut rendue possible grace a des
progrés technologiques que se soit d’'un point de vue expérimental ou numérique.
Avec le large développement des lasers, les vortex ont aussi pu étre observés dans le
domaine de I'optique [138,139).

En hydrodynamique, on parle généralement de vorticité pour décrire des boucles
dans le champ de vitesse d’un fluide. On défini la vorticité comme étant solénoi-
dale : sa divergence est nulle.

La définition d’un vortex en optique est, quant a elle, légérement différente. Un vor-
tex de ce type est défini par la rotation quantifiée (module de 27) de la phase du
champ avec en son centre une singularité de phase : on parle de défaut de phase
topologique localisé. Pour que le champ électromagnétique puisse étre défini en tout
point, 'intensité a ’endroit de la singularité est nulle.

Dans le cadre des fluides de lumiére, ’étude de vortex optiques peut se faire via des
équations hydrodynamiques et par conséquent établir le lien avec les vortex au sens
fluide du terme. Etudier ce type de phénoméne participe donc au développement de
modéles turbulents dans de tels systémes. Dans ce contexte de turbulence optique,
des études théoriques [140,141] et numériques [142-144| ont déja été effectuées. La
circulation des vortex optiques étant quantifiée, nous pouvons faire le lien entre la
turbulence optique et la turbulence que nous trouvons dans les superfluides ou les
condensats de Bose-Einstein.

79
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La turbulence optique a déja été observée dans des systémes 1D de cristaux
liquides [145,146| ou de fibres optiques [147] mais jamais dans des systéme 2D. La
principale raison est la difficulté expérimentale, d’une part, & réduire le rapport entre
dissipation et non-linéarité et, d’autre part, a trouver des conditions permettant de
créer un grand nombre de vortex tout en maintenant le systéme stable sur une durée
suffisante pour que le mouvement hydrodynamique des vortex puisse conduire & une
statistique universelle de la turbulence. Le projet développé dans ce chapitre a pour
objectif d’étudier la génération multiple de vortex optiques et leurs interactions dans
un systéme fortement non-linéaire.

3.1 Soliton et Snake instability

Tout comme pour le projet précédemment exposé dans le chapitre 2, I’étude ex-
périmentale aura pour objectif de déterminer quels sont les paramétres optimum
nous permettant d’étudier le phénoméne souhaité. A la différence des ondes de choc
dispersives, nous allons ici nous concentrer sur la distribution spatiale du faisceau
incident (intensité et phase) et moins sur les autres paramétres que sont la non-
linéarité, la non-localité, 'absorption ou encore la saturation de la non-linéarité.
Pour étudier de telles singularités de phase dans notre systéme, plusieurs techniques
sont possibles; nous choisissons comme condition initiale un soliton quasi 1D en
interférence destructive avec un fond : on parle alors de soliton gris/noir (avec un
minimum/zéro d’intensité en son centre).

Un soliton est une onde solitaire localisée provenant de ’équilibre entre la non-
linéarité du milieu et la dispersion. Un soliton a pour particularité de conserver sa
forme lorsqu’il se déplace a vitesse constante et ressort inchangé (& I'exception d’un
déphasage) lors d’une collision avec un autre soliton [148]. Le soliton est générale-
ment [149] défini en une dimension tel que :

o(,1) = gseChQ (%a(x - ut)) (3.1)

ol u est la vitesse du soliton et sech est la fonction sécante hyperbolique ; ¢(z, t)
est solution de I’équation de KdV 2.3.
Pour observer un soliton dans le cas d'un systéme ayant une non-linéarité focalisante,
le soliton doit avoir une intensité positive afin que la dispersion puisse compenser
I'effet focalisant de la non-linéarité, on parle de soliton brillant. Dans le cas d’un
milieu défocalisant, il est nécessaire, pour avoir cet équilibre entre terme non-linéaire
et dispersion, que le soliton soit une déplétion sur un fond ; on parle alors de soliton
gris ou noir. De tels solitons ont été étudiés théoriquement dans le cas de systémes
optiques ayant une non-linéarité défocalisante [150,151]. A noter que l'on parle de
soliton noir lorsque la densité en son centre vaut exactement zéro, la phase en ce
point ne peut donc pas étre définie : sa vitesse en ce point est alors nulle. La phase
du soliton effectue alors un saut de phase © au niveau de cette singularité lorsque
nous nous déplacons dans la longueur du soliton. Notons que si le soliton est gris
(pas de zéro d’intensité), le champ est défini partout et il n’y a donc pas de saut de
phase, il y a cependant bien une différence de phase entre x = 400 et z = —c.
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Nous savons depuis plusieurs décénies qu’il est possible de créer des solitons 2D et
vortex [152,153| par Iintermédiaire d’'un mécanisme appelé instabilité serpentine
("snake instability") se produisant sur les solitons 1D. Ce phénoméne fut découvert
lors de I'étude de fluides compressibles dispersifs se produisant dans des plasmas
[154]. Ce processus fut ensuite étudié plus en détail [155] puis généralisé au cas des
milieux non-linéaires défocalisants [156]. Depuis, I'étude de la nucléation de vortex
via la "snake instability" et leur dynamique a été appro-
fondie dans le cas de polaritons [158,159] et numérique-
ment dans le cas de condensats 2D [144, 160].

De maniére qualitative, la "snake instability" peut étre
comprise a 'aide du schéma 3.1. Lorsqu’un soliton se
propage dans un milieu défocalisant (ou focalisant) et
s’il varie en amplitude, sa vitesse ne sera pas identique
en tout point. Nous rappelons que l'intensité du faisceau
influe sur la non-linéarité du milieu qui elle méme modi-
fie (via I'indice de réfraction) la phase du faisceau, c’est
pourquoi une variation d’intensité (densité du fluide) en-
traine une variation du gradient de la phase (vitesse du
fluide). Dans le cas d’un soliton gaussien, les extrémités
du soliton (zone hachurée sur le schéma) se déplaceront
plus vite que la partie centrale. Notre soliton étant noir,
les extrémités du soliton auront une intensité (et par conséquent une non-linéarité
dans le cas défocalisant) plus importante qu’au centre, entrainant donc une diffé-
rence de vitesse du fluide : le soliton commence & se déformer comme présenté sur le
schéma 3.1. Dans 'approximation ou le systéme est conservatif (pas de pertes), la
masse totale du systéme étant conservée, 'amplitude du soliton va s’accumuler dans
les zones de forte amplitude ce qui aura pour effet d’augmenter progressivement la
différence de vitesse et donc d’accentuer la déformation. Lorsque la déformation du
soliton devient trop importante, celui-ci se brise en une paire de vortex.

Rappelons que le champ de vitesse du fluide s’écrit u o« V¢, la circulation de la
vitesse = autour d’un contour fermé s’écrit alors :

FIGURE 3.1 — Schéma de
principe de la "snake in-
stability". Tiré de [157|

E:fu-dlsz-dl:m:ﬂm (3.2)
C C

ol n € N et le signe étant dépendant du sens de rotation.

Autour de chaque vortex la phase du champ tourne d’un multiple de 27 (ceci assure
que le champ complexe n’ait toujours qu’'une seule valeur en tout point). Comme
précisé précédemment : le centre du vortex ayant une intensité nulle, sa phase est
indéfinie. En raison de cette singularité de phase, la circulation ne peut prendre que
des valeurs discrétes : cette singularité est alors appelée vortex quantique. A noter
que les vortex avec n > 2 ne sont généralement pas stables et se cassent en une
multitude de vortex élémentaires (n = 1) [161,162].

L’objectif expérimental est donc de créer et d’observer de tels vortex dans notre
systéme avec pour condition initiale un soliton. Etant, expérimentalement, dans
le cas d’un milieu non-linéaire défocalisant, il est nécessaire de mettre en place un
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systéme permettant d’avoir pour condition initiale un soliton noir. Le soliton est créé
via la superposition en interférence de deux faisceaux : un faisceau gaussien large
qui joue le role du fond et un faisceau gaussien elliptique qui correspondra & notre
soliton. Le rapport des axes long et court
du faisceau elliptique est maximisé afin
de considérer un soliton quasi 1D tandis
que la taille du faisceau "fond" est maxi-
misée (tout en conservant des intensités
suffisantes pour obtenir la non-linéarité
adéquate) afin de minimiser la courbure
du fond. Dans le cas ou l'intensité des
deux faisceaux est identique et que ceux-
ci interférent de maniére destructive (dé-
phase de ), nous observerons une di-
minution de I'intensité correspondant au
faisceau elliptique : il s’agit de notre so-
liton noir. A noter que nous n’avons pas
T [mm] dans ce cas de saut de phase de 7 au ni-
veau du zéro d’intensité; cela n’est ce-
pendant pas critique puisque les défor-
mations du soliton que nous étudions
dans ce chapitre se comportent de la
méme maniére. La figure 3.2 représente
la condition initiale qui est envoyée a
travers la vapeur atomique. Le champ incident est composé des deux faisceaux :
le fond a un waist wg = 1.1mm pour une puissance Pz = 800mW et le faisceau
elliptique a des waists w, = 550pum et w, = 80pum avec une puissance P, = 30mW
permettant d’avoir pour les deux faisceaux une intensité I = 4 x 10°W/m? et donc
d’obtenir un soliton avec une intensité quasi nulle en son centre. Le champ incident
peut s’écrire :

b =VT (exp {—2%;22/2)} + exp {—2 (i—; + i—i) + wD (3.3)

G Yy

FIGURE 3.2 — Intensité du champ inci-
dent en entrée de cellule. Les profils d’in-
tensité correspondent aux coupes en poin-
tillés rouges.

oll i est la phase relative entre les deux faisceaux, fixée dans un premier temps
ap=m.
Du fait du processus d’interférence, la taille du faisceau elliptique et du soliton ne
sont pas les mémes sur le profil d’intensité : le soliton a des waist w, = 740um
et w, = 140pm ce qui correspond & un facteur d’environ V2 comparé au faisceau
elliptique. Notons, pour la suite, que les deux faisceaux entrent dans le milieu non-
linéaire avec un front d’onde plan.
Lorsque le champ incident pénétre dans le milieu non-linéaire (voir figure 3.3 (a)),
le soliton se scinde en deux bandes sombres paralléles : il s’agit la aussi de solitons
noirs. Ceci s’explique par I’entrée soudaine du soliton initial dans un milieu non-
linéaire : la constante d’interaction entre photons devient brusquement importante
suivant 'axe de propagation. Ceci entraine la création spontanée de deux ondes
paralléles ayant des vitesses de groupe opposées (contra-propageantes) [35].
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x [mm)| B [mm]

FIGURE 3.3 — Evolution du soliton & travers la vapeur atomique pour différentes
valeurs de la non-linéarité : pour (a-d) respectivement A¢ = 6,12, 25, 43.

Le fond se comporte exactement de la méme maniére que les faisceaux gaussiens

décrits lors du chapitre sur les ondes de choc dispersives (chap. 2) : il s’étale & mesure
que la non-linéarité augmente et voit son intensité s’aplatir au centre. Si I'intensité
du fond était suffisante, nous observerions 'apparition du collapse tout autour du
faisceau et le développement d’ondes de choc dispersives. Les deux solitons paral-
léles créent quant a eux des ondes de choc dirigées vers 'extérieur du faisceau; le
nombre d’oscillations de ces ondes augmente avec la non-linéarité. Ce phénoméne
rappelle aussi fortement les ondes chocs présentées dans le chapitre précédent lors
de I’étude 1D (voir partie 2.2.2). Si nous nous intéressons plus en détail au cas le
plus non-linéaire, nous observons des déformations des deux solitons, visible sur la
figure 3.4.
Nous pouvons observer deux types de déformations, 'une est déja visible sur les me-
sures (b-d) de la figure 3.3 : il s’agit d’une large courbure des solitons dirigée vers la
partie centrale du faisceau. Ce phénoméne s’explique par la distribution en intensité
du fond qui n’est pas totalement plat. Les différences d’intensité entrainent des dif-
férences de vitesse d’étalement du faisceau qui conduisent a cette large déformation.
Cette derniére étant due a la diffraction du systéme et ’étalement du fond, elle n’est
pas dans 'approximation hydrodynamique. En effet, pour pouvoir considérer notre
fluide de lumiére (mouvements hydrodynamiques), nous devons éviter autant que
possible les mouvements liés a la diffraction et ne considérer que ceux provenant de
I'interaction photon-photon.
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FIGURE 3.4 — Déformation des solitons aprés une propagation d’environ A¢ = 50.
(b) correspond a un zoom ot est tracé en blanc la forme de la déformation du soliton
créée par la "snake instability".

La seconde déformation que 1’on observe sur la figure 3.4 correspond aux oscilla-
tions dans le plan des deux solitons (marquées en blanc sur le zoom). Ces oscillations
résultent de la "snake instability". Le gradient de phase (i.e. la vitesse du fluide)
étant plus important au centre du faisceau en raison de la plus forte intensité et donc
non-linéarité, 'instabilité n’apparait qu’au centre du soliton. Dans I’hypothése ot le
fond aurait été infini et constant, I'instabilité aurait déformé le soliton sur toute sa
longueur.

Comme développé ultérieurement, l'instabilité n’est qu’une étape intermédiaire a la
création de vortex; il est donc nécessaire de propager le milieu a travers des non-
linéarités plus importantes pour espérer voir ces instabilités engendrer des vortex.
Cela a notamment été fait en 1996 par S.Kivshar [34]. Dans cette expérience, un
faisceau gaussien, sur lequel un saut de phase 7 a été¢ imprimé en amont via un
masque de phase, passe a travers une vapeur de rubidium similaire & la notre. Aprés
une propagation a travers le milieu non-linéaire sur 20cm pour un déphasage non-
linéaire d’environ A¢ ~ 150, le soliton se brise en une paire de vortex.

Dans une volonté de développer des méthodes expérimentales permettant d’aller vers
des systémes turbulents, nous choisissons d’optimiser les conditions initiales tout en
restant & des valeurs de non-linéarité raisonnables (en comparaison a celles utili-
sées par Kivshar ou lors de 1’étude du chapitre 2 atteignant aussi A¢ = 150). Nous
allons donc, par la suite, présenter différentes méthodes permettant 1’accélération
du processus de nucléation des vortex par I'intermédiaire de la "snake instability".
D’autres part, les masques de phase ne permettant pas de flexibilité par rapport aux
propriétés spatiales du soliton, nous profiterons de notre technique d’interférence de
deux faisceaux pour déterminer des configurations initiales propices a la création de
vortex et leurs interactions.
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3.2 Accélération du processus de nucléation

Afin de pouvoir accélérer la croissance de I'instabilité et par conséquent atteindre
la nucléation des vortex plus rapidement, I’objectif est, dans un premier temps, d’ac-
croitre les vitesses transverses du soliton de maniére a créer des perturbations plus
importantes. La vitesse de notre fluide étant proportionnelle au gradient de la phase,
influer sur la phase du champ incident aura donc un impact sur la vitesse du soli-
ton et pourra entrainer une décomposition du soliton en vortex plus rapidement au
cours de I’évolution. Cette section présente deux techniques expérimentales permet-
tant d’observer ce phénoméne. Noter que par la suite, ’étude expérimentale sera
effectuée a non-linéarité constante A¢ ~ 50; ceci correspond & une variation de
indice de réfraction An = A¢/(koL) = 8.8 x 107" (L = 7 cm étant la longueur de
notre milieu non-linéaire).

3.2.1 Ajout d’un angle d’incidence

Au cours des mesures précédentes, les deux faisceaux interférant étaient parfai-
tement alignés; la premiére méthode consiste a donner un angle entre le faisceau
elliptique et le fond. Un angle 6 est donc créé entre les deux faisceaux (voir schéma
3.5). Rappelons que le temps effectif de notre systéme peut s’écrire t = z/c, la vitesse
transverse selon r dans notre fluide s’écrit donc u = r/t = r¢/z. Avec approxima-
tion des petits angles, nous pouvons approximer notre angle tel que 0 ~ sinf = r/z
et donc approximer la vitesse transverse de notre soliton dans le fluide comme étant
u ~ fc. Ajouter un angle entre les deux faisceaux incidents revient donc a donner
une vitesse transverse initiale a notre soliton dans le fluide.

| -
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o

FIGURE 3.5 — Schéma de principe de l'angle 6 entre les deux faisceaux incidents
dans le plan 20z ; axe x étant ’axe long du soliton. L’étude est aussi effectuée dans
le plan y0z.

Plus cette vitesse sera importante, plus la croissance de l'instabilité sera rapide
et donc les vortex visibles pour un temps effectif (i.e. non-linéarité) faible. Dans le
cas ol I'angle est pris dans le plan 20z, la formule du champ 3.3 devient :

;. (exp [_Q(xguj;gﬁ)] +exp {_2 ((xcos@—l—zsin&)2 N y2>

2 2
P w? wy

—ik (zcos@ — xsinf) +ip]) (3.4)

Reprenons les 1.80 et 1.81; pour comparer correctement le gradient de phase
expérimental a la vitesse du fluide et conserver les bonnes unités nous renormalisons
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le vitesse telle que u = (¢/ko) V. Ainsi, les équations hydrodynamiques 1.82 et 1.83
se réécrivent, :

c0,p+ V.(pu) = —enp (3
co,u+ (0.V)u = *’Vp (3

ou la pression quantique du fluide est désormais :

2 72
a” Viyp (3.7)
2
Nous pouvons maintenant interpréter 'augmentation de la vitesse via le gradient
de phase. La figure 3.6 représente une mesure du champ incident lorsque € est non
nul ; mesure faite a ’aide de notre caméra permettant d’observer intensité et phase
simultanément.
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FIGURE 3.6 — Mesure du champ incident dans le cas d’un angle entre les deux
faisceaux de # = 0.87 mrad dans le plan 20z. L’échelle de couleur étant la densité
du fluide (i.e. intensité du faisceau) tandis que les vecteurs correspondent a sa vitesse
(i.e. le gradient de la phase). La densité est normalisée, la vitesse est calculée telle
que u = (¢/ko) Vo et ¢, est la vitesse du son dans le fluide.

Nous observons sur cette mesure une augmentation notable ainsi qu’une orien-
tation particuliére de la vitesse du fluide aux environs du soliton. C’est cette vitesse
transverse du fluide qui va déclencher prématurément la "snake instability" abou-
tissant & la nucléation de vortex plus rapidement au cours de I’évolution. Sur la
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moitié gauche du soliton les vitesses sont orientées vers 'extérieur tandis qu’a droite
le fluide se dirige vers 'axe central du soliton : nous verrons lors des observations
du systéme aprés la non-linéarité (figure 3.7) que I'instabilité se crée du coté droit
du soliton tandis que le soliton et les ondes de choc déja observées dans le cas aligné
ne se développent plus du coté gauche.

Une telle condition initiale est maintenant envoyée & travers le milieu non-linéaire
et nous pouvons observer le résultat pour différents angles d’incidence en figure 3.7.

xr [mm]

FIGURE 3.7 — Etude de I'impact de I'angle d’incidence sur la "snake instability" et
la création de vortex. Toutes les mesures sont faites & non-linéarité fixée (A¢p = 50),
seul I’angle est modifié et vaut § = 0.17,0.35,0.44, 0.52,0.87 mrad pour les mesures
(a-e) respectivement. L’échelle de couleur est la méme pour toutes les figures.

Nous observons sur les deux premiéres mesures de cette figure que, en compa-
raison avec le cas aligné présenté plus tot, l'instabilité croit et le soliton se courbe
lorsque que l'angle 6 est augmenté. A partir d'un angle minimum 6 = 0.44 mrad
en figure 3.7(c), l'instabilité a suffisamment cri pour entrainer la brisure des deux
solitons en paires de vortex. Si I’angle est encore augmenté (d), les vortex se dé-
tachent du soliton et évoluent par paires. Lorsque 'angle devient important (e),
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nous observons chaque paire de vortex former un V. Une possible explication serait
que la grande vitesse transverse suffise & mettre en mouvement les vortex dans le
fluide résultant en une déformation de ces derniers. Notons qu’'un test est effectué
en créant un angle cette fois-ci dans le plan y0z : les vitesses n’étant dans ce cas pas
transverses au soliton, nous ne parvenons pas a observer la création de vortex.

Il a été introduit dans la section 1.4.2 des grandeurs propres a ’aspect hydrody-
namique de notre systéme : la vitesse du son dans le milieu ¢, = ¢v/An ainsi que le
nombre de Mach M = u/c,. Ces deux grandeurs permettent de mieux comprendre
les caractéristiques de notre fluide ainsi que le régime hydrodynamique dans lequel
nous nous trouvons.

Si nous considérons la non-linéarité actuelle de notre milieu, nous avons une vitesse
du son qui vaut ¢, = v/8.8 x 107%¢ = 9.4 x 10 3c. La vitesse de notre fluide étant
donnée par I'angle telle que u ~ fc dans le cas de la figure 3.6, nous obtenons un

Oc 8.7 x 107*
bre de Mach M = = ~0.1.
nombre de Mac A T 04107

Notons que ce rapport de vitesse correspond trés bien a celui que ’on observe via la
mesure du gradient de phase au niveau du soliton. Dans le cas ol ’écoulement est
quasi-stationnaire (I’évolution au cours du temps du fond est négligeable en compa-
raison a celle des vortex), les effets de compressibilité du fluide sont suffisamment
faibles pour étre négligés, ce qui permet alors d’approximer le fluide comme étant
incompressible.

Cependant, dans notre expérience, 'évolution du faisceau fond (jouant le role du
fluide sur lequel repose notre soliton) au cours de la propagation ne nous permet
pas, a priori, de considérer un écoulement quasi-stationnaire. En effet, la diffraction
et la non-linéarité défocalisante ayant tendance a faire diverger le faisceau lorsque
celui-ci posséde un gradient d’intensité sont des phénomeénes empéchant une étude
quasi-stationnaire.

Nous pouvons cependant faire ’approximation de ce régime. La diffraction peut faci-
lement étre négligée en considérant un faisceau gaussien dont la longueur de Rayleigh
est grande devant I’épaisseur du milieu : c’est notre cas puisqu’avec un faisceau de
waist wg = 1.1mm, la longueur de Rayleigh vaut zz &~ 5m contre seulement 7cm
de propagation non-linéaire. Il est cependant moins facile d’empécher la divergence
du faisceau due a la non-linéarité. Rappelons que cette divergence est causée par
une variation de l'indice de réfraction, elle méme engendrée par une variation de
I'intensité du faisceau. Nous comprenons alors que seule une distribution d’intensité
constante permette de négliger la divergence du faisceau et par conséquent de pou-
voir considérer avec une bonne approximation un régime ou le fluide de lumiére est
quasi-stationnaire.

Comme nous avons pu le voir a plusieurs reprises durant le chapitre sur les ondes de
choc dispersives (voir chapitre 2), un faisceau gaussien se propageant a travers notre
milieu non-linéaire a tendance a s’aplatir en son centre au cours de la propagation.
Ce phénomeéne est toujours visible méme dans le cas oi un soliton est ajouté au
systéme : nous pourrons donc approximer, qu’aprés une certaine propagation non-
linéaire et quand la "snake instability" engendrera des vortex, le faisceau aura une
intensité localement constante autour des vortex.
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Ce développement nous permet par conséquent de considérer notre fluide comme
étant quasi-stationnaire aux environs des vortex qui vont étre créés. Si I'on ajoute a
cela le fait que nous restons dans un régime ot le nombre de Mach reste inférieur a
0.1, nous pouvons finalement conclure que le fluide autour de nos vortex peut étre
approximé comme étant quasi-incompressible.

En observant plus précisément une paire de vortex a l'aide de notre caméra Phasics,
nous pouvons observer la figure 3.8.

0.1

/A’)A‘
Fu pa S ra v o4
» M v va VY a=

0.05
0.7

— A<t ¥ IR
0.6

0.5

0.4

1 * ‘

-0.05 «L 0.3
v

(28| 0.2
v >

o 0.1
-0.1 INEN
\ AR 4

0

0.1 -0.05 0 0.05 0.1
xr [mm]

FIGURE 3.8 — Mesure du front d’onde en sortie de milieu non-linéaire avec A¢ ~ 50
lorsque que I'angle incident vaut # = 0.55 mrad. L’échelle de couleur est la densité
du fluide et les vecteurs sont sa vitesse.

Cette observation nous permet de mettre en évidence plusieurs points. Le premier
et le plus important est la confirmation que les minima de densité sont effectivement
des vortex : la rotation du fluide autour de ces minima est une caractéristique que
seuls les vortex possédent.

Le second est un sens de circulation différent pour chaque vortex. Comme nous
I’avons développé précédemment dans ce chapitre, la circulation des vortex peut
étre quantifiée en fonction du sens et de la vitesse de rotation du fluide : nos vor-
tex étant élémentaires, ils ont une circulation qui vaut = = +27 en fonction du
sens. Cette circulation quantifiée s’appelle aussi la charge topologique d'un vortex.
Lorsqu’aucun vortex n’as encore pu étre créé, la charge topologique du systéme est
nulle. D’aprés le théoréme de Lord Kelvin sur la circulation : dans un fluide idéal,
la circulation = autour d’un contour fermé est conservée (0= = 0). Cela vaut pour
notre soliton et a l'instant ou celui-ci se décompose en une paire de vortex, afin
que le systéme puisse conserver sa charge topologique nulle, les deux vortex créés
possédent une charge de méme amplitude mais de signe opposé. Ce phénoméne est
généralement rattaché au soliton dit de Jones-Roberts [152]. C’est pour cette raison
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que nous observons sur la figure 3.8 deux vortex ayant des sens de circulation oppo-
Sés.

La troisiéme information que 'on peut tirer de cette mesure est la distribution de
vitesse aux environs des vortex : la vitesse augmente & mesure que ’on se rapproche
du centre des vortex. Nous remarquons aussi que cette vitesse est accrue dans la zone
située entre les deux vortex (M = 0.5). De plus, comme dans le cas des condensats
de Bose-Einstein, la vitesse du son dans notre fluide est égale a la vitesse critique de
superfluidité v.. D’aprés le critére de Landau, le systéme est superfluide lorsque la
vitesse du fluide est inférieure a cette vitesse critique (ceci étant notre cas) et la créa-
tion de vortex ne devrait alors pas étre possible. En pratique, 'interface superfluide
ne ce situe pas a rapport de vitesses de 1 et peut diminuer de maniére importante
en fonction de la taille des objets dans le fluide et des pertes du systéme [163].
Enfin, la derniére information concerne les dimensions des vortex. Si nous considé-
rons la "healing length" (voir 1.75) locale aux environs des vortex en prenant compte
des pertes d’intensité, nous obtenons A ~ 50 ym. Rappelons que cette longueur est
définie comme étant la longueur minimale nécessaire au systéme pour revenir a un
état d’équilibre aprés qu’il ait subi une perturbation. Nous nous attendons donc
en toute logique a ce que cette longueur soit reliée a la dimension des vortex, ces
derniers étant une perturbation d’intensité typique. La figure 3.8 nous confirme que
c’est en effet le cas : le rayon des vortex, soit la distance entre le zéro d’intensité et
le niveau constant du fluide (amplitude d’environ 0.8 sur la figure), vaut environ la
"healing length". De plus, nous remarquons que la distance entre ces deux vortex
est d’environ 2A.

Le terme de pression quantique qui apparait dans 1’équation 3.6 a des conséquences
importantes sur le comportement des vortex. En effet, si la distance entre les vortex
devient inférieure a A, la déviation de I’équation du fluide quantique 3.6 et du cas
idéal du fluide barotrope devient importante. Ceci a pour conséquence de rendre le
théoréme de la circulation invalide : les vortex subissent donc une "reconnection".
Ce phénomeéne a été étudié numériquement pour la premiére fois par Koplik et Le-
vine [164]. C’est pour cette raison que dans le cas 2D, les paires de vortex (de charge
topologique opposée) peuvent s’annihiler. Précisons cependant que dans les fluides
classiques, 'annihilation de vortex n’est possible qu’en présence de viscosité et est
donc, par définition, dissipative. Nazarenko et West [165] ont cependant démontré
que, puisque 'impact de la non-linéarité diminue a mesure que les centres des vortex
se rapprochent (du fait que ces vortex soient des "trous" de densité et que le champ
¢ disparaisse en leur centre), le terme linéaire de NLSE redevient donc dominant et
nous pouvons observer ce phénoméne d’annihilation.

Maintenant que nous avons observé la nucléation de vortex via la "snake instability",
nous souhaitons observer des interactions de vortex menant a leur annihilation. La
propension qu’a le fluide a s’étendre pousse lentement les vortex vers l'extérieur
empéchant donc de les voir interagir. Nous devons donc déterminer des conditions
initiales viables pour la création de vortex et leur annihilation.
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3.2.2 Courbure du front d’onde incident

Pour contrebalancer I'effet de la diffraction dans notre fluide et observer des vor-
tex interagir, nous devons définir d’autres conditions initiales permettant de donner
une vitesse aux vortex dirigée vers le centre de notre fluide. Comme nous 'avons vu
dans la partie précédente, nous pouvons ajouter une vitesse additionnelle & notre
fluide dans le but de développer des instabilités plus importantes et donc créer des
vortex. Nous rappelons que cette vitesse additionnelle est proportionnelle au gra-
dient de la phase de notre faisceau. La seule facon d’observer des interactions est
donc d’avoir un gradient de phase négatif lorsqu’on s’éloigne du centre du faisceau.
Dans ce but, nous décidons de déplacer le point focal du faisceau elliptique suivant
I’axe de propagation z pour qu’il soit situé avant ou aprés 'entrée du milieu non-
linéaire, le faisceau entre donc dans le milieu de maniére divergente ou convergente
respectivement ; notons que le faisceau fond reste plan en entrée de cellule et que
I’angle # entre les deux faisceaux est quant & lui remis a 0. Ceci équivaut a donner au
faisceau elliptique une courbure du front d’onde par rapport au faisceau "fond" : se-
lon que le faisceau est convergent (rayon de courbure R négatif) ou divergent (rayon
de courbure positif) la phase aura un gradient dirigé vers le centre ou l'extérieur,
respectivement.
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FIGURE 3.9 — Mesure du champ incident dans le cas d'un rayon de courbure d’environ
R = —0.5m du faisceau elliptique. L’échelle de couleur indiquant la densité du fluide
tandis que les vecteurs correspondent a sa vitesse. La densité est normalisée, la
vitesse est calculée telle que u = (¢/ko) V¢ ot ¢ est la vitesse du son dans le fluide.
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-0.5 0 0.5 -0.5 0 0.5

FIGURE 3.10 — Etude de I’évolution d’un faisceau elliptique convergent en entrée de
milieu non-linéaire (zoom sur la zone des vortex). Le rayon de courbure du faisceau
est d’environ R ~ —0.5m et la non-linéarité équivaut toujours A¢ ~ 50. Le systéme
évolue de (a) vers (f) en scannant la phase relative : technique qui sera développée
dans la section 3.3. Les traits noirs sur les images (d-e) indiquent les ondes sonores
dissipant I'énergie perdue lors de ’annihilation.
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La formule du champ incident s’écrit maintenant :

2 2 2 2 2 2
e VI <exp [—2—($ z:é;y )} + exp {—2 (i—% + 5’/)—2> — ik <z+ a ;]—%y > +2‘90}>
(3.8)

Ainsi nous estimons qu’avancer le point focal du faisceau sur I’axe de propaga-
tion de maniére a rentrer dans le milieu de fagon convergente (le fond rentre dans
le milieu avec une onde plane) nous permettra d’obtenir une distribution initiale
de vitesse adéquate pour observer 'interaction de vortex. La figure 3.9 représente le
champ incident dans ce cas. Notons que lorsque 'intensité est inférieure a ~ 0.21,,,4,,
la caméra n’ayant pas suffisamment de lumiére pour traiter correctement ’informa-
tion de la phase, les vitesses dans ces zones ne sont pas fiables et sont mises a zéro.
A la différence de la distribution en intensité du cas aligné (figure3.2), nous remar-
quons dans ce cas des maxima d’intensité aux extrémités du soliton. La distribution
du champ de vitesse y est bien spécifique : les vitesses augmentent et sont dirigées
vers le centre du soliton comme nous ’espérions. Comme dans le cas ot un angle
existe, les vitesses maximales du fluides restent inférieures a ¢;/10, nous permettant
de rester dans 'approximation d’un fluide quasi-incompressible.

Maintenant que la condition initiale est générée, elle est envoyée a travers le milieu
non-linéaire. La figure 3.10 représente ’évolution du soliton, la création des vortex
ainsi que leurs interactions.
Nous observons sur la figure 3.10 (a) la formation de quatre solitons au centre du
faisceau en raison de la configuration "convergente" utilisée. Chaque soliton se brise
rapidement en une paire de vortex (b), nous avons a cet instant deux lignes compo-
sées de quatre vortex chacune. A mesure que le systéme évolue (c), les deux vortex au
centre de chaque ligne se rapprochent
! ' ' ' ' ' jusqu’a interagir : chaque ligne de vor-
09f tex forme maintenant un U continu. En
figure (d), les quatre vortex centraux
se sont annihilés, laissant seulement les
vortex des extrémités. Nous remarquons
(traits noirs en d-e) des ondes sonores
ayant une amplitude d’environ 0.51,,4;.
Ces ondes constituent les pertes par ra-
diation dues a l’annihilation des vor-
tex. Enfin, en (f), les vortex restants re-
forment des paires qui s’éloignent pro-
gressivement du centre. Si nous effec-
tuons une coupe d'une ligne de vor-
tex visible en figure (b), nous pouvons
FIGURE 3.11 — Profil d’intensité de 4 vor- observer le profil d’intensité de la fi-
tex alignés. Intensité renormalisé au maxi- gure 3.11. Nous pouvons observer ici le
mum de celle du faisceau. profil d’intensité des quatre vortex ali-
gnés dans la partie supérieur de I'image

Intensité renormalisée

-0.6 -0.4 -0.2 0 0.2 0.4 0.6
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3.10(b). Outre le fait que les vortex soient des trous d’intensité proches de zéro
comme attendu, nous observons ici aussi que les vortex ont un diamétre d’envi-
ron 2A = 100 pm (en approximant le niveau de notre fluide comme étant entre
0.7 ~ 0.81,,42)- Les centres des vortex sont également écartés d’environ 100 pm.
Nous analysons alors les différents vortex et leurs interactions a l'aide de la caméra
Phasics (annexe C) pour en étudier la distribution de vitesse : étude présentée en
figure 3.12. On observe en (a) I'instant ot les quatre paires de vortex sont visibles.
Au vu des sens de circulation, nous confirmons 1’observation faite dans I’étude d’un
angle non nul : les solitons se brisent a chaque fois en une paire de vortex ayant une
charge topologique opposée. Ainsi, quel que soit le nombre de solitons créant des
vortex, la charge topologique totale est conservée.

Il est encore plus intéressant de voir comment se comportent une rangée de quatre
vortex (deux paires cote-a-cote) : les vortex sont disposés de maniére a ce qu’aucun
d’entre eux ne se retrouve a proximité immédiate d’'un vortex ayant la méme charge
topologique. Par conséquent, si des vortex entrent en collision, cela aboutira toujours

FIGURE 3.12 — Soliton convergent aprés la non-linéarité évoluant de (a) vers (c).
L’échelle de couleur représente la densité du fluide tandis que les vecteurs corres-
pondent a sa vitesse. La densité est normalisée, la vitesse est calculée telle que
u = (¢/ko)Vo et ¢, est la vitesse du son dans le fluide. Les pointillés blancs en (b)
délimitent les changement brutaux de direction des vitesses.
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a leur annihilation. Nous remarquons aussi en figure 3.12 (a) que la vitesse du fluide

passant entre les quatre paires (aux environs de = —0.05mm et y = —0.1,0.1mm)
est orientée vers le centre du faisceau tandis que les deux ouvertures entre chaque
paire (aux environs de z = —0.15,0.05mm et y = —0.1,0.1mm) ont des vitesses

pointant vers l'extérieur.

L’image 3.12 (b) est trés intéressante puisqu’elle nous montre l'interaction des vor-
tex a deux instants légérement décalés et ce en raison d’un léger déséquilibre de la
propagation entre les vortex de la partie supérieure et ceux de la zone inférieure
(étant la propagation la plus avancée). D’abord, les quatre vortex supérieurs (aux
environs de y = 0.1mm) reforment un soliton ayant une distribution de vitesse bien
particuliére. En effet, nous voyons que la vitesse au centre du soliton est orientée
vers le centre du fond et qu'un changement assez brutal dans la direction survient
lorsqu’on se déplace vers les extrémités, toutes deux ayant une vitesse dirigée vers
I'extérieur (ce changement brutal est marqué par les lignes en pointillés blanches).
Cette distribution a pour effet que, lorsque la propagation continue, la partie centrale
avance vers le centre du fluide tandis que les extrémités sont ramenées en arriére :
ce qui entraine la cassure de ce soliton intermédiaire en une paire de vortex (ceci est
visible sur la partie inférieure de (b), aux environs de y = —0.1mm). Méme s’ils sont
encore déformés, nous pouvons discerner la circulation autour de ces deux vortex.
Remarquons qu’ils ont conservé le sens de circulation des deux vortex situés préala-
blement aux extrémités, indiquant que les deux vortex ayant été annihilés sont les
vortex centraux.

Enfin, nous voyons en figure (¢) que les vortex retrouvent une forme circulaire avec
une circulation des vitesses bien définie. Chaque vortex ayant alors reformé une paire
avec celui situé a ’autre bout de la chaine, ces paires s’éloignent lentement 'une de
Iautre du fait de la divergence du faisceau fond.
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FIGURE 3.13 — Etude numeérique dans le cas d’un faisceau convergent (R = —0.5m)

déphasé de ¢ = 7 avec un fond gaussien. L’absorption linéaire de ’expérience est
prise en compte : soit T = 16%. Le systéme évolue de (a) vers (d) avec des non-
linéarités de A¢ = 28,38, 53, 80 respectivement. Intensité renormalisée.

Nous effectuons alors des simulations dans des conditions similaires & ’expérience
pour mieux comprendre le phénoméne mis en jeu. La figure 3.13 représente les si-
mulations correspondant a ’étude expérimentale menée et détaillée précédemment.
Nous observons sur cette figure une évolution tres similaire aux mesures expéri-
mentales présentées dans la figure 3.10 (a-c,e). La seule vraie différence concernant
directement les vortex est I'augmentation de leur taille dans la simulation quand



96 Chapitre 3. Création et annihilation de vortex

celle-ci ne change pas dans 'expérience, nous reviendrons sur ce point dans la sec-
tion 3.3.

Nous allons maintenant nous intéresser au cas opposé avec un faisceau divergent,
la figure 3.14 montre cette étude. Nous voyons de maniére assez inattendue que, a
quelques différences mineures prés, le systéme évolue dans le méme sens qu’il soit
en configuration convergente ou divergente. Les deux panels (a) sont d’ailleurs treés
similaires, les différences entre les deux cas apparaissent & mesure que le systéme
évolue et que la diffraction joue un réle plus important. Ceci contredit la prédiction
effectuée en amont quant a la direction de propagation des vortex en fonction du
signe du rayon de courbure. Une explication potentielle a ces résultats numérique est
que la courbure du faisceau incident détermine seulement I’axe de vitesses orthogonal
au soliton entrainant la "snake instability" et aboutissant aux vortex. La direction
dans laquelle le soliton se courbe sous 'instabilité serait, quant a elle, due a la dis-
tribution de la non-linéarité (i.e. intensité) plus importante au centre. Remarquons
a cette occasion, que toute les instabilités que nous avons pu observer jusqu’a pré-
sent (expérimentalement et numériquement) sont orientées vers le centre du faisceau.
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FIGURE 3.14 — Etude numérique dans le cas d’un faisceau divergent (R = +0.5m).
Tous les autres paramétres sont les mémes que ceux de la figure précédente.

Si nous reprenons le schéma de la "snake instability" en figure 3.1, nous pouvons

comprendre pourquoi la déformation est toujours orientée vers le centre. Rappelons
que les extrémités du soliton se déplacent plus vite que la partie centrale, du fait de
la différence d’intensité. En raison des propriétés défocalisantes de notre milieu non-
linéaire, le soliton se déplace progressivement vers ’extérieur. Il est donc logique que
les ailes du soliton, se déplacant plus vite, se retrouvent vers I'extérieur du faisceau,
ce qui a pour conséquence que la "snake instability" soit toujours orientée vers la
partie centrale (i.e. de plus forte intensité) du faisceau.
Nous effectuons des simulations pour différentes courbures du front d’onde (R =
+0.7,+0.5,+0.3m) qui mettent en évidence que cette courbure impacte aussi la vi-
tesse de croissance des instabilités : plus le rayon de courbure est proche de zéro,
plus le gradient de phase est important et donc plus le soliton va se briser en vortex
rapidement.

Nous avons donc mis en évidence que la modification du gradient de phase dans
nos conditions initiales avait un effet évident sur le comportement de notre soliton
et des vortex qui en découlent : nous permettant d’accélérer le processus de création
des vortex et en modifier la trajectoire. Le signe du gradient de vitesse ne change
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cependant pas le processus de création des vortex et leur trajectoire, seule la posi-
tion du waist par rapport a 'entrée de la cellule (i.e. 'amplitude du gradient) a un
impact sur le processus de nucléation des vortex. Des distributions de gradients plus
complexes pourront conduire & des systémes composés d'une plus grande quantité
de vortex permettant d’étudier des interactions fortes ainsi que des annihilations de
vortex.

Enfin, contréler 'amplitude de ces gradients est un paramétre expérimental relati-
vement facile d’accés, nous permettant de controler assez précisément la dynamique
du systéme : plus ces gradients sont importants, plus la croissance et la création des
vortex aura lieu rapidement au cours de I'évolution. C’est sur cette idée que se base
le phénoméne que nous développons par la suite.

3.3 Scan de la phase relative

Dans cette section, nous allons étudier un phénoméne inattendu découvert lors
des études précédentes. Comme il est précisé dans la figure 3.10 : les mesures qui y
sont présentées, méme si elles sont en tous points semblables & une évolution tem-
porelle (au sens non-linéaire), sont effectuées a déphasage non-linéarité constant.
Lors de tous les développements présentés dans ce manuscrit, le temps effectif était
considéré proportionnel au déphasage non-linéaire vu par le faisceau (t o< A¢p =
z/znr). Dans cette étude, nous arrivons donc a observer 'évolution du systéme
alors méme que notre temps effectif est fixe.

Jusqu’a présent, I’étude des vortex a été effectuée en conservant une phase relative
@ = m entre les deux faisceaux du champ incident, ceci de maniére & maximiser les
interférences destructives entre ces derniers et obtenir un soliton ayant un minimum
d’intensité le plus proche du zéro (les deux faisceaux ayant des maxima d’intensités
égaux).

Si maintenant, nous fixons la non-linéarité (A¢) et que la valeur de cette phase
relative est sensiblement modifiée (0.97 < ¢ < 1.17 pour rester dans le régime du
soliton gris), nous arrivons & observer les mesures de la figure 3.15. Cette phase
relative étant trés sensible, une précision de 'ordre de A/100 est nécessaire pour
correctement observer toutes les étapes de 1’évolution. Il est donc préférable d’utili-
ser un miroir piezo-électrique géré a 'aide d’un PI (voir montage expérimental 1.2
et annexe B) afin de pouvoir controler correctement cette phase relative.

:r[mm] o i[min]

FIGURE 3.15 — Mesures expérimentales dans le cas d’un angle # = 5.2mrad & non-
linéarité fixée A¢ = 50. Le systéme évolue en changeant la phase relative, cette
derniére vaut ¢ = 0.907, 0.967, 7, 1.087 pour (a-d) respectivement.
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FIGURE 3.16 — Simulations dans le cas ot R = —0.5m pour un déphasage non-

linéaire A¢ = 50 et une transmission 7 = 16%. Le systéme évolue de (a) vers
(f) avec des phases relatives ¢ = 0.927,0.967, 7, 1.057, 1.077, 1.107 respectivement.
L’intensité est normalisée.
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Nous interprétons ce phénoméne en terme de gradient de phase (i.e. vitesse du
fluide) : changer la phase relative revient & modifier sensiblement ’amplitude de la
vitesse du fluide sans pour autant en changer sa direction. Cette dynamique pseudo-
temporelle peut étre appréhendée en considérant la translation du soliton 1D de la
forme f(z —wust). Dans ce cas, le mouvement du soliton peut étre étudié a temps fixe
en modifiant la vitesse ug; du soliton. Les instabilités ne pouvant pas se développer
dans le cas 1D, nous n’observerions seulement qu’un soliton se déplacer.

Dans notre cas, les instabilités vont croitre & mesure que les vitesses transverses aug-
mentent. Augmenter progressivement les vitesses transverses par l'intermédiaire de
la phase relative conduit a ’accélération de la croissance de 'instabilité et & la créa-
tion de vortex ce qui correspond donc a observer une dynamique pseudo-temporelle.
Si nous revenons sur ’étude du cas convergent, les valeurs de la phase relative cor-
respondant aux mesures de la figure 3.10(a-f) sont ¢ = 0.937,0.977,0.997, 1.047,
1.067, 1.097 respectivement.

Nous effectuons alors les simulations & non-linéarité constante pour différentes phases
relatives . La figure 3.16 présente ces résultats qui sont tout a fait en accord avec
les mesures expérimentales (figure 3.10). De plus, comme nous I'avons développé
précédemment, ces résultats (expérimentaux et numériques) via le scan de la phase
relative correspondent aussi trés bien aux résultats numériques présentés en figure
3.13 dans le cas ou le temps effectif est vraiment modifié.

De la méme maniére, nous effectuons I’étude du scan de la phase relative dans le
cas ol le faisceau est divergent. La figure 3.17 présente les résultats de cette étude.

1

- (d)

e = |

-04 -02 0 02 04 04 -02 0 02 04 04 -02 0 02 04 04 -02 0 02 04

-

05 — 0.5 P . 05 P 05 - 1
w () \:;’-(f) ng) ."J)
B Al -~ D e
g o 0 L = 0 ’ ‘ 0 0s
~ \'o B A etite
D e~ —— I
05 - - 0.5 e o 5 M — i o
-04 -02 0 0.2 0.4 -04 -02 0 0.2 0.4 -04 -02 0 0.2 04 -04  -02 0 0.2 0.4
x [mm] x [mm)] x [mm] x [mm]

FIGURE 3.17 — Etude expérimentale (a-d) et numérique (e-h) dans le cas ol le
faisceau elliptique incident diverge R ~ +0.5m. La non-linéarité est fixée a A¢ = 50,
la transmission & 7 = 16%. La phase relative vaut ¢ = 0.957, 7, 1.047, 1.087 pour
les images (a,e), (b,f), (c,g) et (d,h) respectivement.

Notons dans un premier temps le bon accord entre expérience et simulation a
une légére asymétrie prés dans l'expérience, les vortex n’étant pas au centre du
faisceau. Ce qui surprend cependant est le sens d’évolution du systéme : lorsque
la phase relative est scannée de ¢ < 7 vers ¢ > m (méme sens que pour I’étude
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du cas convergent) nous observons d’abord seulement deux paires de vortex (a,e)
qui interagissent (b-c,f-g) pour ensuite en faire apparaitre quatre (d,h). L’évolution
via le scan de phase s’effectue dans le sens opposé a celui du cas convergent. Ceci
peut se comprendre en considérant la distribution initiale de la phase et de son gra-
dient. La phase est de signe opposé selon que le faisceau elliptique est convergent
ou divergent, ce qui entraine une évolution différente lorsque la phase relative est
modifiée. La figure 3.18 représentant des résultats analytiques de la phase initiale
issus de I’équation 3.8 dans les deux cas (convergent/divergent) en fonction de la
phase relative ¢ en est une illustration.

Sur cette figure, nous remarquons que les gradients de phase sont, non seulement,
de signe opposé en ¢ = 7w mais aussi que leur évolution selon ¢ est opposée. Ceci
explique pourquoi, pour pouvoir observer la méme évolution en scannant la phase
relative, il faut que cette derniére soit modifiée dans des directions opposées. De
plus, si nous nous attardons sur les inserts correspondants a la distribution de phase
pour ¢ = 1.057, 7,0.957, nous observons un comportement de la phase du soliton
intéressant. Pour la méme raison que les gradients ont des valeurs opposées, la phase
dans le cas divergent est majoritairement positive, tandis qu’elle est majoritairement
négative dans le cas convergent. Lorsque ¢ = 7 les deux solitons ont une singularité
de phase en leur centre correspondant & un zéro d’intensité. Quand ¢ est modifié de
telle sorte que la phase ne change pas de signe ((a)II1 et (b)), nous avons un soliton
unique ayant un gradient dont 'amplitude est différente du cas ¢ = 7 et dont le mi-
nimum d’intensité est non nul. Cette configuration aboutira & deux paires de vortex.
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FiGURE 3.18 — Calcul analytique des conditions initiales pour différentes phases
relatives. Les courbes en (a) et (b) sont les gradients de phase en y = 0 pour
R = 0.5m et R = —0.5m respectivement. Les inserts (I, I1,III) sont dans les deux
cas les distributions de phase lorsque la phase relative vaut ¢ = 1.057,7,0.957
respectivement. Les axes des inserts sont = et y en mm.
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A Tinverse, lorsque la phase change de signe ((a)l et (b)III), nous ne pouvons
plus rigoureusement considérer un seul soliton, nous avons en réalité deux solitons
correspondants aux lobes des extrémités. Par conséquent nous aurons, aprés propa-
gation a travers le milieu, quatre paires de vortex (deux par soliton).

C’est pour cette raison que modifier progressivement la phase relative résulte a si-
muler une évolution temporelle dans laquelle quatre paires de vortex sont créées
puis interagissent pour n’en laisser que deux et ce, pour différents sens d’évolution
de la phase relative selon le signe du rayon de courbure du faisceau elliptique. Ainsi,
que le fluide soit accéléré via la méthode de 'angle d’incidence ou de la courbure du
front d’onde, modifier la phase relative entre chaque faisceau revient a changer de
maniére précise 'amplitude des vitesses menant a une évolution pseudo-temporelle.

Cette technique d’évolution posséde de nombreux avantages en comparaison a
I'étude d’évolution temporelle usuelle se basant sur la distance normalisée z/zn7p..
Premiérement, la non-linéarité nécessaire pour observer l'intégralité du processus est
plus importante lors de ’évolution classique du systéme. En effet, si nous reprenons
I’étude du cas convergent avec les deux méthodes d’évolution, nous voyons que I'évo-
lution temporelle (figure 3.13) nécessite de propager jusqu’a environ A¢ = 80 pour
observer les deux paires de vortex restantes aprés I'interaction des quatre paires. Si
I’évolution est effectuée via le scan de phase relative (figure 3.16), nous observons
Iensemble du processus & A¢ = 50 ce qui correspond a une réduction de la non-
linéarité non négligeable permettant d’observer le processus malgré de potentielles
limitations expérimentales comme des intensités laser ou des densités atomiques trop
faibles.

Le second point, trés important, est le fait de pouvoir observer tout le proces-
sus a non-linéarité constante. En effet, cela nous permet de considérer le régime
quasi-stationnaire avec une meilleure approximation, chose impossible lorsque la
non-linéarité est modifiée. Changer la non-linéarité a des effets inévitables sur les
propriétés du fluide de lumiére que nous pouvons donc contourner via le scan en
phase relative. Dans le cas ol la longueur non-linéaire zy, est constante mais que la
distance de propagation augmente, le terme de diffraction impacte de plus en plus
le faisceau : ajoutant ainsi une vitesse a ’ensemble du fluide orientée vers I'extérieur
qui augmente & mesure que le fluide évolue. Nous voyons par exemple en figure 3.13
que le fond s’étale au cours du temps, ce qui aura obligatoirement un effet sur le
mouvement des vortex.

Lorsque la distance de propagation reste fixe mais que zy; diminue progressive-
ment, nous voyons les propriétés du fluide modifiées tout au long de I’évolution. No-
tamment la "healing length", déterminant la taille des vortex comme nous ’avons
montré, change continuellement. Si I’absorption du systéme est négligeable, A di-
minuera progressivement. Dans la majorité des cas, lorsque ’absorption doit étre
prise en compte, cette derniére diminuant I'intensité du faisceau au cours de sa pro-
pagation, la "healing length" locale augmentera par conséquent durant I’évolution,
ce qui conduira a 'augmentation de la taille des vortex étudiés. Ceci est clairement
visible sur la figure 3.13 (b,d).

Travailler a non-linéarité constante nous permet donc de fixer le terme de diffraction
ainsi que les caractéristiques du fluide telle que la "healing length". Nous voyons sur
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I’étude expérimentale 3.10 et numérique 3.16 que, tout au long du processus, les
vortex conservent leur taille, signe que la "healing length" ne change pas. Nous re-
marquons aussi que la taille du fond reste la méme durant I’évolution. Ainsi, si nous
propageons le systéme sur des distances suffisamment courtes, la diffraction peut
étre totalement négligée.

Par conséquent, cette méthode simulant ’évolution du systéme tout en conservant
des paramétres non-linéaire constants, nous permet d’étudier la création de vortex et
leurs interactions non seulement dans des régimes non-linéaire plus bas et donc plus
accessibles expérimentalement mais surtout dans des conditions nous permettant
une bonne approximation d’un écoulement quasi-stationnaire et donc d’un fluide
incompressible.

3.4 Etude numérique des paramétres supplémen-
taires

De la méme maniére que pour le projet précédent sur les ondes de choc disper-
sives, nous effectuons des simulations pour étudier I'impact des différents parameétres
sur la création de vortex via la "snake instability".

Nous rappelons ’équation de Schrédinger non-linéaire prenant en compte les diffé-
rents parameétres supplémentaires :
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ol 7 est le taux d’absorption, § est I'inverse de I'intensité de saturation et U(|r —
r’|) la fonction de non-localité. Ces trois phénomeénes différents sont donc pris en
compte indépendamment dans les simulations qui vont suivre afin de comprendre
leur importance dans nos mesures.
Toutes les simulations présentées dans cette section considéreront le cas d’un faisceau
elliptique convergent (R = —0.5m) pour une non-linéarité A¢ = 50 et pour une
phase relative ¢ = 0.967 afin d’étre dans des conditions nous permettant d’observer
(dans I'expérience) les quatre paires de vortex avant que celles-ci n’interagissent.

3.4.1 Role de I’absorption

La premiére étude concerne donc 'absorption dans notre systéme. Toutes les

études (expérimentales et numériques) présentées dans ce chapitre considérent 1’ab-
sorption car, cette derniére étant importante, elle ne peut pas étre négligée. Cette
étude est présentée en figure 3.19.
Nous remarquons sur ces simulations que 'impact de I’absorption sur nos vortex est
non négligeable. En effet, 'absorption réduit progressivement le nombre de vortex
se développant dans le systéme. Comme il a été développé précédemment, lorsque
I’absorption est non négligeable, elle a aussi pour effet de réduire I'intensité locale du
faisceau et donc d’augmenter la "healing length" : conduisant & une augmentation
du diamétre des vortex créés. Les mesures expérimentales ont été faites dans des
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FIGURE 3.19 — Simulations pour différentes absorptions : le taux de transmission
est 7 = 100, 75, 50, 25% pour (a-d) respectivement. Tous les cas sont calculés pour
A¢ =50 et ¢ = 0.967 pour un faisceau elliptique convergent (R = —0.5m).

conditions d’absorption importantes (7 = 16%) mais, outre 'augmentation de la
taille des vortex, des vortex sont toujours visibles. Ceci nous conforte sur la possi-
bilité d’observer un plus grand nombre de vortex si les mesures expérimentales sont
effectuées a plus hautes transmissions (pour des non-linéarités équivalentes).

3.4.2 Impact de la saturation de la non-linéarité

Dans un second temps, la réponse du systéme a la saturation de la non-linéarité
est étudiée. Comme pour les simulations de la saturation dans le cadre des ondes
de choc dispersives, les valeurs de la saturation sont calculées via la formule 1.26
ou l'intensité de saturation est fixée & I (A = 0) = 40W/m? Dans nos mesures
expérimentales et numériques l'intensité du faisceau incident est I = 4 x 10°W /m?.
Ces simulations sont visibles en figure 3.20.

x [mm] x [mm] x [mm)] x [mm]

FIGURE 3.20 — Etude numérique de I'impact de la saturation de la non-linéarité
sur le systéme. Les désaccords utilisés pour tenir compte de la saturation sont A =
—1, -2, -3, —4GHz pour les images (a-d) respectivement. Tous les cas sont calculés
pour A¢p = 50 et ¢ = 0.967 pour un faisceau elliptique convergent (R = —0.5m).

Sur ces simulations, nous pouvons observer que la saturation de la non-linéarité
peut avoir un fort impact sur 'apparition de vortex dans ce systéme (a). Heureuse-
ment, cet impact est relativement restreint dans un régime trés proche de résonance :
les quatre paires de vortex sont déja visibles lorsque le désaccord est de A = —2GHz.
Au-deld (c-d), la saturation devient vite négligeable. Au vu des simulations et des
résultats expérimentaux obtenus, nous estimons que la saturation de la non-linéarité
dans notre systéme expérimental est similaire aux simulations (b-c). Nous considé-
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rons par conséquent que nous nous situons expérimentalement dans un régime ot la
saturation de la non-linéarité est négligeable.

3.4.3 Non-localité lors de la création de vortex

Enfin, les derniéres simulations que nous effectuons concernant ce projet traitent
de la non-localité du milieu. Nous avons vu, via I’étude du collapse apparaissant
avec les ondes de choc dispersives que, pour des raisons encore incertaines, cette
non-localité peut atteindre des valeurs importantes lorsque la température (i.e. la
densité atomique) du systéme augmente. L’étude de ce paramétre est présentée en
figure 3.21. De la méme maniére que pour la saturation, la non-localité empéche la
création de vortex. Dés que celle-ci atteint ¢ = 20um, les vortex ne sont plus cor-
rectement définis et seuls des solitons apparaissent au-dela de cette valeur : ceux-ci
ont une courbure diminuant & mesure que la non-localité augmente.
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FIGURE 3.21 — Simulations prenant en compte différentes valeurs de non-localité :
o = 0,10, 20, 30,40, 50 pm pour (a-f) respectivement. Tous les cas sont calculés pour
A¢ =50 et ¢ = 0.967 pour un faisceau elliptique convergent (R = —0.5m).

Travaillant expérimentalement a des températures relativement basses comparées
au projet précédent (T ~ 110°C'), on s’attend a ce que la valeur de la non-localité
soit inférieure a celles prédites lors du chapitre 2. Ces simulations indiquent que la
non-localité présente dans notre expérience est basse, de 'ordre de 0 = 10um. Cette
valeur de non-localité n’ayant pas un impact important sur la création de vortex,
nous décidons de négliger le phénoméne.



3.4. Etude numérique des paramétres supplémentaires 105

En conclusion, notre régime expérimental nous permet donc de négliger relati-
vement simplement les effets de la saturation de la non-linéarité ainsi que la non-
localité. I’absorption est cependant un paramétre a prendre en compte dans notre
modeéle pour bien rendre compte du systéme observé expérimentalement. L’étude
numeérique tend a montrer que réduire ’absorption permettrait d’observer un plus
grand nombre de vortex ; cependant, pour maintenir une non-linéarité suffisante, cela
nécessiterait d’augmenter la densité atomique du milieu (et donc la non-localité) ou
I'intensité du faisceau (et donc la saturation de la non-linéarité).

Notre étude nous aura donc permis, via le développement de nouvelles méthode expé-
rimentales, de créer des vortex a l'aide de la décroissance d’un soliton via la "snake
instability" et d’observer leurs fortes interactions aboutissant & leur annihilation.
Ceci a été expérimentalement possible grace a 'utilisation de conditions initiales
adéquates accélérant les instabilités conduisant aux vortex. Durant ce projet, nous
avons utilisé un systéme d’imagerie du front d’onde (Annexe C) nous donnant un
acceés rapide et précis a la distribution en densité et en vitesse de notre fluide, per-
mettant une étude approfondie de notre systéme. Enfin, nous avons mis en place
une méthode basée sur le scan de la phase relative entre le fluide et le soliton pour
simuler une évolution du temps effectif tout en conservant les paramétres du fluide
constants.

Il sera nécessaire pour la suite d’effectuer des tests permettant de déterminer les
paramétres du milieu non-linéaire les plus adaptés pour la création d’un plus grand
nombre de vortex : moins d’absorption tout en conservant la saturation et la non-
localité a des valeurs suffisamment basses. Les techniques développées ici pourront
étre, a terme, étendues a des systémes de créations de vortex plus complexes afin
d’étudier les interactions chaotiques de type hydrodynamique. C’est pour ces raisons
que ce travail peut étre interprété comme une étape supplémentaire vers la création
d’un systéme turbulent 2D dans le contexte de fluides optiques.






Conclusion

Comme nous avons pu le voir au cours de ces différents projets, les vapeurs ato-
miques chaudes constituent un milieu dont les propriétés non-linéaires en font un
support versatile permettant ’étude de différents aspects de I'interaction lumiére-
matiére. En effet, ces vapeurs nous offrent un trés large panel de phénoménes phy-
siques a étudier comprenant notamment les fluides quantiques de lumiére : sujet
vaste mais d’intérét grandissant au fil des années, permettant de faire le lien entre
physique atomique et hydrodynamique, deux domaines généralement distincts.

Les photons, dans la grande majorité des cas, étant considérés comme des particules
sans masse n’interagissant pas entre elles, ne possédent pas de dynamique pouvant
étre décrite par les lois de ’hydrodynamique. L’utilisation d’une vapeur atomique
permet cependant, par I'intermédiaire de I'interaction photon-atome, de simuler une
interaction photon-photon, nous donnant par conséquent la possibilité de créer et
d’étudier des propriétés hydrodynamiques de la lumiére.

Meéme si d’autres supports sont possibles pour I’étude de fluides quantiques de lu-
miére, les vapeurs atomiques chaudes se sont avérées étre un milieu adapté pour nos
études : que ce soit de par leur facilité de mise en place, versatilité ou les nombreux
parameétres de controle expérimentaux.

La premiére partie de cette thése aura permis, via le développement des équa-
tions de Bloch optiques jusqu’a I'expression de l'indice de réfraction non-linéaire
par I'intermédiaire de la susceptibilité atomique, de mettre en évidence les différents
parameétres physiques importants dans notre systéme nous permettant de controler
avec précision 'interaction lumiére-matiére : son amplitude comme son signe.

Un montage expérimental a donc été mis en place ; ayant pour principaux objectifs
un controle rapide de 'interaction non-linéaire sur une large fenétre de parameétres,
une maniabilité des conditions initiales permettant ’étude d’une multitude de phé-
nomeénes et enfin avec un systéme d’imagerie nous donnant accés au champ électro-
magnétique (intensité et phase) aprés propagation a travers le milieu.

La principal intérét de cette partie aura été de calibrer expérimentalement les diffé-
rents parameétres non-linéaires afin d’accéder plus aisément aux régimes pertinents
pour chaque projet.

En paralléle, une simulation, initialement développée par A.Fusaro et A.Picozzi,
nous a été fournie et nous aura permis, au cours des différents projets, de mieux
comprendre les phénoménes observés, de développer des modéles plus complets et
d’aller au-dela des limites expérimentales.
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Dans la seconde partie de ce manuscrit, nous avons pu mettre en ceuvre les diffé-
rentes calibrations et autres caractérisations faites en amont pour étudier la création
d’ondes de choc dispersives de lumiére. Phénoméne déja bien connu en hydrodyna-
mique classique, il aura dans un premier temps été I’occasion de mettre en évidences
le comportement hydrodynamique de la lumiére dans notre milieu que nous avons
alors étudié dans différents régimes que ce soit expérimentalement ou via des simu-
lations numériques.

Des phénoménes additionnels ont alors été observés expérimentalement (développe-
ment d’une double singularité de collapse) mettant en évidence des effets (confirmés
a posteriori numériquement) tels que la non-localité, ’absorption ou encore la satu-
ration de la non-linéarité. L’étude numérique effectuée par la suite a alors permis de
quantifier ces effets et de mieux comprendre leur réle dans I’évolution du systéme.
C’est ainsi que des valeurs de non-localité anormalement élevées ont été estimées :
jusqu’a 100um, les valeurs attendues étant de l'ordre de 10pum. Nous avons aussi
mis en évidence que, de maniére contre-intuitive, les pertes par dissipation avaient
un impact positif sur la croissance de cette singularité.

L’impact de ces deux phénoménes sur les ondes de choc dispersives a pu correcte-
ment étre décrit par la méthode des caractéristiques ; cependant, de telles valeurs de
non-localité allant au-dela de 'approximation de I'atome & deux niveaux, une étude
plus approfondie a été entamée d’'un point de vue théorique avec T.Macri tandis
qu'une étude expérimentale est aussi envisagée.

Enfin, le dernier projet mené durant cette thése nous aura permis d’approfondir
d’avantage I'aspect hydrodynamique de la lumiére; celui-ci ayant pour objectif de
développer des méthodes expérimentales pouvant étre appliquées, a terme, a I’étude
de turbulences 2D dans des fluides de lumiére.

Plus précisément, nous avons étudié la création et I’annihilation de vortex. Par I'in-
termédiaire de la décroissance, via le processus de "snake instability"”, d’un soliton
sombre (condition initiale).

Ce projet aura nécessité un controle des conditions initiales bien plus précis que lors
du projet précédent, que ce soit pour la distribution en intensité ou en phase. En
effet, le soliton étant le résultat de deux ondes interférant de facon destructive, la
phase relative entre ces deux faisceaux a du étre stabilisée a ’aide d’un asservisse-
ment.

Des conditions initiales spécifiques telles que 'ajout d’'un angle entre les deux fais-
ceaux nous auront permis d’ajouter des vitesses initiales a notre fluide, augmentant
de fait le processus d’instabilité et par conséquent accélérant la création de vortex.
En considérant des vitesses additionnelles orientées, comme nous avons pu le faire en
courbant le front d’onde du faisceau jouant le role du soliton, nous avons pu observer
non seulement la création de vortex mais aussi leurs interactions et annihilation.
De plus, outre une meilleure stabilité du systéme interférentiel, ’asservissement en
phase relative nous en a offert un controle trés précis que nous avons réussi & utiliser
pour simuler une évolution temporelle de notre systéme alors méme que le temps
effectif était fixé. Des paramétres non-linéaires restant fixes au cours de I’évolution
nous ont alors permis de mieux approximer notre fluide comme étant incompres-
sible.
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Toutes ces optimisations et nouvelles méthodes nous ont donc fourni un meilleur
controle sur la création de vortex, a des non-linéarités plus basses que les études pré-
cédentes et avec de meilleures approximations du régime hydrodynamique. L’étape
suivante ayant pour objectif leur implémentation dans le cadre de turbulences 2D
de fluide de lumiére.

Différents projets sont maintenant envisagés quant a la suite de ces travaux. Il
est notamment prévu une étude expérimentale plus approfondie sur la non-localité
de notre vapeur atomique, ’étude théorique ayant déja commencé. Nous prévoyons
en particulier d’étudier le phénomeéne dans des vapeurs atomiques contenant un gaz
tampon, cela augmentant potentiellement la valeur de la non-localité. La vapeur
avec gaz tampon pourrait aussi nous permettre d’atteindre des non-linéarités simi-
laires aux notres mais dans des régimes beaucoup plus accessibles, que ce soit en
terme de puissance laser ou de température de la vapeur atomique.

D’autre part, le développement des nouvelles méthodes pour la création et ’étude
de vortex présentées dans le chapitre 3 n’est quant & lui qu'une étape intermédiaire.
Ceci ayant pour finalité 'implémentation de systémes plus complexes aboutissant a
la création d’un grand nombre de vortex interagissant et permettant alors 1'étude
de régimes turbulents dans le cas de fluides de lumiére a deux dimensions.

Enfin, dans la continuité du projet de pré-condensation [36] et dans une volonté
de poursuivre l'effort commun poussant & l’observation de condensats de Bose-
Einstein sur les différentes plateformes basées sur GPE et NLSE, une étude sur
la pré-thermalisation de photons est en cours ayant pour objectif I’étude de la co-
hérence spatiale du champ électromagnétique via la mesure de g; d’une distribution
aléatoire (speckle) aprés propagation & travers un milieu non-linéaire avec pour ob-
jectif de mettre en évidence une augmentation de la cohérence spatiale du faisceau
au cours de sa propagation, indice d’une thermalisation des photons.

Notre systéme expérimental étant trés versatile, il pourra dans l'avenir étre ap-
pliqué & une multitudes de projets se rapportant non seulement au domaine de
I’hydrodynamique comme cela a été le cas dans cette thése mais pourra aussi per-
mettre I’étude de phénoménes quantiques, en faisant une possible alternative aux
expériences d’atomes froids.






Annexe A

Thermalisation de photon dans un
VCSEL

Un projet annexe en collaboration avec S.Barland, G.L.Lippi et R.Nyman est
aussi mené. Ce projet consiste a étudier la thermalisation et la condensation de
photon dans un micro-résonateur semi-conducteur (VCSEL) dans un régime de cou-
plage faible. Durant cette étude, nous mesurons la relation de dispersion de la lumiére
et la masse du photon dans le résonateur. Nous observons aussi un spectre en accord
avec une distribution d’équilibre thermodynamique a température ambiante.

Dans les micro-résonateurs semi-conducteurs, 'interaction lumiére-matiére se

produisant plus rapidement que les processus de dissipation, la condensation de
polaritons est possible. En ’absence d’excitons, 'interaction lumiére-matiére s’ef-
fectue principalement via absorption-émission par l'intermédiaire, dans les semi-
conducteurs, de porteurs de charge entrainant une thermalisation des photons a
temps suffisamment long. Les photons ayant une énergie importante sont donc ab-
sorbés puis ré-émis avec une énergie moindre. Cette condensation de photon a déja
été observée dans d’autres systémes tels que des micro-résonateurs optiques couplés
avec des solutions fluorescentes [166] ou encore dans des réseaux plasmoniques [167].
Les VCSELs ("Vertical-Cavity Surface-Emitting Lasers") sont basés sur une tech-
nologie de semi-conducteurs bien connue et utilisée pour différentes applications
comme la télécommunication, la détection ou encore I'éclairage [168,169]. Différents
points tendent & montrer que les VCSELs sont de bons candidats pour observer la
thermalisation et condensation de photons : la ré-absorption dans ce type de struc-
ture est fort, le semi-conducteur suit une relation thermique entre gain et émission
et enfin la structure spécifique des VCSELs montrent un seuil dans la densité d’état
de la lumiére a basse énergie.
Le dispositif expérimental (voir figure A.1) consiste en une fine couche de matériaux
actifs ou 'interaction lumiére-matiére a lieu (QW pour "Quantum Well"). Celle-ci
étant enfermée dans un micro-résonateur constitué de miroirs diélectriques haute-
réflectivité confinant la lumiére sur une distance équivalente a une longueur d’onde
A. Ayant une symétrie circulaire, le VCSEL mesure 150pum de diamétre et est pompé
électriquement avec une résonance aux environs de 975nm.
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FIGURE A.1 — Schéma du montage expérimental. Aprés une propagation en espace
libre de 7cm, la lumiére est collectée via une fibre multimode. Le dispositif est posi-
tionné sur un goniométre afin de mesurer le signal pour différents angles d’émission.

Le spectre optique peut alors étre mesuré en fonction de I'angle d’émission lorsque
le micro-résonateur est tourné sur un total de 107.8° par pas de 0.2° a I'aide du go-
niomeétre. Le micro-résonateur est centré sur le goniométre de maniére a conserver
la méme distance entre la position d’émission et la fibre quelque soit 'angle. Notons
que le pas de rotation, 'ouverture de la fibre et la distance de propagation sont choi-
sis de telle sorte qu’aucun photon ne soit comptabilisé pour deux angles différents
ni qu’aucun ne soit omis.
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FIGURE A.2 — Distribution d’intensité dans le plan du miroir de sortie lorsque le
courant de pompage vaut 50mA (gauche) et 200mA (droite). La courbe rouge étant
une coupe horizontale du diamétre.
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Les miroirs plans ont pour but de permettre une distribution uniforme du champ
électrique, cependant la diffusion du courant entraine une plus grande émission de
photons sur les bord comme le montre la figure A.2. En effet, nous voyons sur cette
figure une asymétrie déja présente a faible courant di au pompage qui n’est pas
effectué tout autour du substrat mais seulement du coté gauche, expliquant cette
légére sur-intensité.

Lorsque le courant est augmenté, nous observons une accumulation des photons sur
tout le bord du substrat. De plus, la température n’est probablement pas homogéne
dans tout le substrat en raison de chauffage par effet Joule. Dans la suite, nous
verrons comment ces inhomogénéités impactent nos résultats.

La température du substrat est maintenue a 293°K, la figure A.3 (a) met en évidence
I’évolution du spectre lorsque la température du substrat est modifiée. Les différences
de température du substrat accessibles sur notre dispositif n’étant pas suffisamment
grandes pour une étude approfondie, nous nous concentrons sur d’autres parameétres
tels que le courant de pompage dont une évolution est présentée en figure A.3 (b).
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FIGURE A.3 — Evolution du pic du spectre d’émission & angle d’émission fixé pour :
différentes températures du substrat (a) et différents courants de pompage (b).

Le spectre est donc mesuré, pour chaque angle, sur un intervalle 940.0nm < A <

980.7nm. Les spectres mesurés sont présentés en figure A.4 gauche. Nous observons
une distribution parabolique du spectre caractéristique de la relation dispersion de
la lumiére (composante transverse) dans une cavité Fabry-Pérot par exemple. Ceci
est mesuré sur un angle d’émission d’environ 86°, 'asymétrie entre les grands angles
droits et gauches s’explique par la distribution de courant inhomogéne sur le micro-
résonateur.
En ajustant la mesure présentée en figure de droite avec la relation E(p) = m,c* +
p* /(2m,) (ou p, est Vimpulsion des photons dans le plan) nous pouvons extraire
une masse effective de nos photons m, = (2.2881 4 0.0008) x 10~ *kg. Cette mesure
est réitérée pour 43 valeurs de courant de pompage différentes entre 20 et 200 mA :
la masse effective reste quant a elle stable (2.28 < m, < 2.31) x 107*°kg. De plus,
le seuil de I'énergie (correspondant a 1’offset) nous donne une autre méthode pour
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FIGURE A.4 — Mesure de la relation de dispersion. Gauche : spectre d’émission en
dBm (échelle de couleur) avec en insert un zoom sur les plus petits angles. Droite :
relation de dispersion expérimentale (bleu) et ajustement parabolique (ligne orange)

estimer la masse effective des photons : nous obtenons la méme valeur dans le cas ol
I'indice de réfraction vaut 3.2, ce qui est consistant avec les propriétés des matériaux
constituant notre dispositif (n = 3.5,3.0, 3.0 pour le GaAs,AlgoGag1As et AlGaAs
respectivement). S’il existait une interaction photon-exciton forte, la masse effective
serait différente selon la méthode utilisée : ceci confirme donc que les interactions
dans notre dispositif sont avec des photons et non des polaritons.

En utilisant la relation de dispersion mesurée, nous permettant de connaitre I’énergie
pour chaque valeur de k£, nous pouvons maintenant étudier la densité spectrale en
fonction de I’énergie des photons pour différentes valeurs du courant de pompage.
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FIGURE A.5 — Densité spectrale en fonction de I'énergie des photons

pour différents courants de pompage. Les mesures sont effectuées, de Ila
courbe inférieure vers la supérieure, pour des valeurs du courant de
4.05,24.33,44.60, 85.15,125.70, 166.25, 206.79 mA respectivement. La courbe rose
correspond a la distribution de Boltzmann pour une température de 256°K.
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Cette étude est présentée en figure A.5. Nous remarquons sur cette figure, qu’a
faible courant, nous retrouvons des distributions exponentielles en trés bon accord
avec une distribution de Boltzmann & température ambiante (courbe rose).

A plus haut courant de pompage, la densité spectrale dévie de la distribution ex-
ponentielle proche du seuil de basse énergie tandis que la distribution reste ex-
ponentielle a plus hautes énergies. En particulier pour les deux courants les plus
importants, la densité maximale ne se situe plus a I'énergie la plus basse. Nous
attribuons cette déviation par rapport & k; = 0 aux inhomogénéités du dispositif
discutées précédemment.

Si nous mesurons maintenant la puissance émise par unité de k£, en fonction du cou-
rant de pompage, nous obtenons la figure A.6 sur laquelle une transition de phase est
visible. A faible courant, la puissance émise pour chaque k, évolue linéairement avec
le courant de pompage. Au deld d’un courant d’environ 60mA, les courbes de plus
hautes énergies présentent une saturation tandis que les courbes de basses énergies
mettent en évidence un excés de population (super-linéaires). A la fois la satura-
tion aux hautes énergies et 'excés de population dans les basses énergies tendent
a prouver la présence d’une transition du second ordre dans laquelle le spectre de
radiation partage le méme réservoir.
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FIGURE A.6 — Puissance émise (en unité arbitraire) en fonction du courant de pom-
page pour différentes énergies de photons correspondant & différents angles d’émis-
sion : 53.2,41.2,29.2,23.2,17.2,11.2,5.2,0.2° de la courbe la plus basse a la plus
haute.

Ceci confirme que les photons thermalisent via des interactions avec le semi-
conducteur durant cette transition de phase qui est correctement décrite par une
statisque de Bose-Einstein. De plus, durant cette transition, la densité dans I'espace
des phases est calculée pour étre de 'ordre de 1 ce qui est en accord avec I'interpré-
tation d'un condensat de photons. Ce travail a abouti & une publication [20].






Annexe B
Controle de la phase relative via Pl

Lors des différents projets expérimentaux, une superposition de deux faisceaux
en interférence est envoyée a travers la cellule de rubidium. Pour chaque projet,
la distribution spatiale d’intensité des faisceaux est différente mais les détails tech-
niques développés par la suite restent identiques.

Afin de faire interférer les deux faisceaux incidents, ceux-ci doivent étre issus d’une
méme source laser cohérente et superposés avec une méme polarisation. Pour ce
faire, un interférométre de Mach-Zender est utilisé, permettant de controler puis-
sance et fréquence des deux faisceaux simultanément (voir schéma en figure 1.2).
Maintenant que les deux faisceaux interférent, ils sont envoyés dans le milieu non-
linéaire pour étude. La différence de chemin optique entre les deux bras de l'interfé-
romeétre étant directement liée a la phase des faisceaux interférant, une fluctuation
de la longueur du chemin optique de I'ordre de A entraine une variation des inter-
férences. Ce systéme d’interférence est par conséquent extrémement sensible aux
vibrations mécaniques : il est alors difficile de conserver un systéme interférentiel
constructif/destructif. Pour effectuer des mesures stables et d’une précision suffi-
sante, il est donc nécessaire d’asservir le systéme a I’aide d’un PID [170].

Le PID est une boucle de régulation permettant de controler le systéme par asservis-
sement. L’objectif d’un tel procédé est d’atteindre une consigne et de la maintenir.
Cette boucle peut étre décomposée en trois étapes : la mesure du signal y(t) est
effectuée, le régulateur détermine un signal de commande réduisant Perreur e(¢) du
signal par rapport a la consigne u(¢) qui lui a été fixée et enfin le signal de commande
¢(t) est envoyé a un dispositif permettant d’effectuer la correction.

Pour connaitre 1’erreur par rapport a la consigne, le régulateur soustrait la mesure
a la consigne tel que :

e(t) = u(t) - y(1) (B.1)

Il utilise ensuite cette erreur pour déterminer la correction nécessaire a appliquer

sur la variable d’entrée de maniére & minimiser ’erreur : ainsi nous avons un signal
en permanence maintenu a une valeur consigne avec une erreur minime.
Dans le schéma qui suit, H(¢) est la fonction de transfert du procédé (dispositif
appliquant le signal de commande sur notre systéme) et T'(¢) est la fonction de
transfert du capteur transmettant le signal mesuré au régulateur pour le calcul de
I'erreur.
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F1GURE B.1 — Principe fonctionnement PID

Dans un tel systéme, la correction a partir de I'erreur est calculée suivant diffé-
rentes étapes (visibles sur le schéma B.1) :
-Action Proportionnelle, I'erreur courante est simplement soustraite.
-Action Intégrale, 'erreur est intégrée sur un laps de temps.
-Action Dérivée, I'erreur est dérivée sur un laps de temps.
Dans notre cas, nous utiliserons seulement un PI (Proportionnelle/Intégrale) pour
réguler notre phase relative ; 'action Dérivée n’étant pas obligatoire pour atteindre
(et conserver) une consigne. Le fonctionnement de I’action proportionnelle et celui
de l'intégrale sont détaillés dans la suite.

Proportionnel

La premiere étape consiste donc & amplifier I'erreur d’un gain K, constant que
I'on détermine en fonction du systéme :

c(t) = K,.e(t) (B.2)

Le signal de commande est alors négatif de telle sorte que, lorsqu’il est ajouté
au signal régulé I'erreur soit soustraite. Augmenter K, et donc le signal d’erreur
permet au systéme de réagir plus rapidement aux variations de consigne. Augmen-
ter la sensibilité du systéme entraine cependant des problémes de stabilité qu’il est
préférable d’éviter. Des oscillations apparaissent généralement autour de la consigne
du fait que, le signal d’erreur étant quasi nul (proche de la consigne) et le signal
de commande étant proportionnel & cette erreur, il n’y a plus de correction proche
de la consigne. Il est aussi possible qu’'un gain trop important puisse entrainer une
divergence de la correction.

La figure B.2 représente la régulation proportionnelle pour différentes valeurs de la
constante K.

Nous observons qu’une constante trop faible réduit la réactivité du systéme (temps
de montée) et ne permet pas d’atteindre un état stationnaire au niveau de la
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consigne : on parle d’erreur statistique. En effet, si U'erreur devient petite et que
la constante K, n’est pas suffisamment importante, le signal de correction devien-
dra négligeable : nous ne convergeons pas a la consigne.
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FIGURE B.2 — Modélisation de la réponse dans un asservissement pour différents
gains proportionnels K,

A mesure que la constante augmente, erreur statistique diminue ; cependant, en
raison de 'augmentation de la réactivité du systéme, des oscillations apparaissent
avant que le régime stationnaire ne se mette en place. Pour rester dans un régime ot
les oscillations sont minimes avec une faible erreur statistique, il faut alors utiliser
I’action intégrale.

Intégral

Il est possible d’ajouter au controle proportionnel I'intégration de I'erreur : nous
parlons dans ce cas d’un régulateur PI. L’intégration de 'erreur est en complément
de I'action proportionnelle puisqu’elle permet de compenser 'erreur statique. L’er-
reur est, dans ce cas, intégrée au cours du temps puis multipliée par une nouvelle
constante K; a déterminer :

Mﬂ:&mm+Kh[dﬂm (B.3)
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De cette maniére, lorsque 'on s’approche de la consigne et que par conséquent
Ierreur devient faible, méme si le terme proportionnel devient négligeable, le terme
intégré reste stable. I’intégrale a pour effet de diminuer I'impact des perturbations
sur le systéme telles que des vibrations ou chocs.

Il est cependant important de définir correctement le gain K; de I'intégration. En
effet, un terme d’intégral trop important peut aussi entrainer un dépassement de
consigne mais aussi une stabilisation plus lente ou des oscillations divergentes.

1.2 T T T T T T T T T

o

©
T
1

Amplitude

04T ]
—K;=0
02f Ki =60 f
K; =80
— K; =100
= = Consigne
0 1 1 1 1 1 1 1 L

0 0.2 0.4 0.6 1 1.2 1.4 1.6 1.8 2

0.8
Temps [s]

FIGURE B.3 — Modélisation de la réponse dans un asservissement pour différents
gains d’intégral K; et avec K, = 50

La figure B.3 représente la régulation proportionnelle/intégrale pour différentes
constante K;. Nous voyons ainsi qu’avec des valeurs de constantes correctes, nous
pouvons obtenir un asservissement efficace qui converge sur la consigne sans qu’il
n’y ait trop d’oscillations du systéme. Ajouter I’action dérivée améliore 'efficacité
de I'asservissement mais n’est pas obligatoire pour que celui-ci fonctionne.
L’objectif expérimentalement est donc d’optimiser ces coefficients K, et K; afin
d’obtenir un systéme le plus robuste, précis et rapide possible.
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Mise en place expérimentale

Expérimentalement, pour mettre en place un systéme d’asservissement de la
phase relative entre nos deux faisceaux, nous mesurons, grace a un photo-détecteur,
les interférences du faisceau réfléchi par le dernier cube polarisant (le faisceau trans-
mis étant envoyé dans la cellule de rubidium) et controlons la différence de chemin
optique aboutissant & une variation de la phase relative a 1’aide d’un miroir installé
sur une monture piezo-électrique sur I'un des bras de notre interférométre.

Pour que le PI fonctionne correctement et éviter toute divergence de la correction, il
est préférable de choisir comme consigne un extremum de notre signal (dérivée tem-
porelle du signal nulle). Un maximum correspondant & des interférences construc-
tives et un minimum & des interférences destructives.

Il est important de remarquer que, de la méme maniére que pour un interférométre
de Mach-Zehnder classique [171], il existe une différence de déphasage entre les deux
faisceaux de 7w entre les deux sorties de l'interférométre. Ainsi, quand le faisceau
en transmission (dirigé vers la cellule) sera en interférence constructive, celui en
réflexion (dirigé vers le photo-détecteur) utilisé pour le PI sera en interférence des-
tructive. Il est donc nécessaire de choisir comme consigne l'interférence inverse a
celle souhaitée en transmission.

Au cours de nos projets, nous utilisons les deux configurations : constructif pour
observer des ondes de choc dispersives avec un fond et destructif pour mettre en
place un soliton sombre sur un fond gaussien permettant la création de vortex.
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Mesure du front d’onde

L’étude de la fonction d’onde électromagnétique (intensité et phase du faisceau)
a la sortie de la cellule est possible grace a I'utilisation d’une caméra Phasics SID4
(basée sur le principe de I'interférence par cisaillement latéral) capable de mesu-
rer simultanément et en temps réel 'intensité I et la phase ® du faisceau. Nous
pouvons alors facilement remonter au champ électromagnétique grace a la formule

=1 exp(—i®)
Le principe d’interférence par cisaillement latéral (ICL) regroupe différentes mé-
thodes : le ICL a trois ondes (généralement utilisé pour de I'optique & trés courtes
longueurs d’onde : ultra-violet et au-dela), le masque de Hartmann modifié (utilisé
dans le cas de faisceaux intenses par exemple) ou en-
core le détecteur de front d’onde de Shack-Hartmann
(trés souvent utilisé en optique adaptative et ophtal-
mologie). Notons, qu’a la différence des deux pre-
miéres méthodes, le détecteur de Shark-Hartmann
n’utilise pas un masque en damier mais un réseau
2D de micro-lentilles. Cependant, étant donné que ce
systéme aboutit a réseau de phase 2D, nous pouvons
le considérer comme faisant partie des méthodes uti-
lisant I'TCL. Arrétons nous sur la méthode du masque
d’Hartmann modifié qui est le principe de base de la
caméra que nous utilisons. Comme précisé plus haut,
cette méthode utilise un réseau de diffraction 2D : Figure C.1 — Schéma d’in-
lorsqu’une onde passe a travers ce dernier, elle est dif- terféerences de quatres ré-
fractée en répliques de I'onde incidente. Le nombre de  pliques dans une géométrie
répliques dépend de la géométrie du masque. Consi- cartésienne. Figure tirée de
dérons par exemple une géométrie cartésienne abou- [50]
tissant & quatre répliques (C.1). Une telle géométrie
nous permet alors d’avoir accés aux variations du
front d’onde dans les deux directions orthogonales (z,y) simultanément via 1'étude
de l'interférence des deux couples de répliques suivant x et y.
Lors de I'observation d’une onde plane au travers d’une grille de diffraction comme
c’est le cas dans la technique du masque d’Hartmann, un phénomeéne appelé effet
Talbot apparait. Les répliques du faisceau incident ayant un léger angle 6 = A/a (ou
a est la taille d’un élément du damier), un déphasage va apparaitre entre chaque
réplique au cours de la propagation. La distance Talbot correspond alors a la dis-
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tance pour laquelle ce déphasage vaut 27. Ceci a pour conséquence ’apparition
périodique de 'image de la grille de diffraction le long de ’axe de propagation. Pour
une onde plane, la distance Talbot s’écrit 2z = 272/ ou T est la période spa-
tiale du masque d’Hartmann. Si le front d’onde n’est pas plan, la distance Talbot
est modifiée : un faisceau convergent aura une

':\mﬂl.u-.l.';]:;ﬁ:-‘.[:t:ﬁ-.:\'jm Phase checkerboard distance Talbot p]us\ petite ou plus grande si
mum  le faisceau diverge. A toute autre position, le

(a) - [II] contraste n’est pas suffisamment satisfaisant et
uy il n’est donc pas possible de connaitre avec pré-
sl =M cision le gradient du front d’onde.

La | La technique du masque d’Hartmann modifié
(C.2) consiste a introduire un déphasage de 7

(b) . : .
D sur la grille de diffraction en respectant un mo-
tif en damier. Grace a cette modification il est
=T possible d’éviter cette évolution périodique du
FIGURE C.2 — Principe du contraste et de le garder constant tout au long
masque de Hartmann modifie, de la propagation. Ceci permettant alors de me-
figure tirée de [55] surer avec précision le front d’onde d’un faisceau

qu’il soit convergent, divergent ou qu’il présente

des aberrations. C’est donc sur cette technique
que la caméra Phasics que nous utilisons est basée.
L’interférogramme étant maintenant mesuré avec un contraste correct, nous pou-
vons en extraire les informations du front d’onde. Les déformations observées sur
I'interférogramme sont directement reliées au gradient du front d’onde dans les deux
directions du plan transverse a la propagation du faisceau (le cas sans déformations
correspondant au cas d’une onde plane sans aberrations). Le calcul de la transformée
de Fourrier de l'interférogramme mesuré nous donne ensuite accés au profil d’inten-
sité et gradient de phase du front d’onde par I'intermédiaire des harmoniques d’ordre
zéro et de premier ordre. Le principe du traitement de I'information est décrit en
figure C.3. Comme nous le voyons sur la figure C.3 (a), effectuer la transformée
de Fourrier inverse de I’harmonique d’ordre zéro nous donne directement accés au
profil d’intensité de notre faisceau. Il est ensuite possible de connaitre la phase en
calculant la transformée de Fourrier inverse de certaines harmoniques du premier
ordre (dépend de la géométrie du réseau utilisé), ce qui nous donne les dérivées du
champ suivant des axes précis. Intégrer numériquement chacune de ces dérivées (en
les considérant telles que des gradients du champ) nous permet alors de retrouver
la phase de notre front d’onde.
Il est important de noter que l'intégration numérique effectuée par le logiciel de la
caméra peut avoir des effets indésirables non négligeables sur la mesure du front
d’onde : c’est notamment le cas lors de notre étude des vortex (chapitre 3). Nous
considérons dans un premier temps qu’aucune information concernant la phase n’est
perdue entre la mesure (interférogramme) et les dérivées du champ obtenues par
transformées de Fourier et transformées inverses. Nous remarquons cependant une
perte d’information entre les dérivées et la phase intégrée numériquement.
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F1GURE C.3 — Principe de reconstruction du front d’onde via la mesure de l'interfé-
rogramme dans le cas d’'un masque de Hartmann modifié avec une géométrie créant 3
répliques. Le méme principe s’applique aux autres géométries. Figures tirées de [52].

En effet, en présence de vortex, une singularité (par vortex) est présente dans
la dérivée du champ (rendant 1'équivalence entre dérivée et gradient fausse). Ceci a
pour conséquence que ’algorithme intégrant numériquement les dérivées du champ
supprime toutes les singularités qui y sont présentes, effacant toutes traces des vortex
sur la phase numériquement reconstruite. La figure C.4 met en évidence ce phéno-
méne lors de mesures effectuées au cours du projet (chapitre 3).

FI1GURE C.4 — Front d’onde mesuré avec notre Phasics au cours du projet sur les
vortex. Sont représentés le profil d’intensité (a), le profil de phase (b), la distribution
de vecteurs correspondant au gradient de phase (¢). L’intensité est renormalisée et
la phase est en unité de .

Nous observons sur le profil d’intensité (a) huit vortex. La rotation de la phase
autour de ces vortex est trés claire si nous considérons le gradient de la phase (c)
alors qu’il n’y a absolument aucune information concernant cette rotation sur le
profil de phase (b) qui est 'intégration numérique du gradient (c). C’est pour cette
raison que nous discutons durant le chapitre 3 du gradient de la phase (de plus,
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correspondant a la vitesse de notre fluide) et non de la phase elle-méme.

Enfin, une difficulté supplémentaire dans notre montage expérimental est d’ob-
tenir une mesure correcte de la phase du faisceau en sortie de cellule : ce plan étant
inaccessible pour notre caméra, du fait du four chauffant la cellule a 150°C, nous
devons 'imager. Une lentille convergente est utilisée pour imager le plan de la cellule
sur la caméra et en ajuster le grandissement. La lentille permet d’observer correcte-
ment I'intensité du faisceau mais son rayon de courbure est modifié lors du passage
au travers de la lentille. La phase observée par la cameéra s’en trouve complétement
modifiée et il est alors impossible, dans ces conditions, d’extraire la phase du faisceau
avant la lentille. L’utilisation d’un télescope afocal peut étre envisagé mais, puisque
nous travaillons avec plusieurs grandissements, cette solution n’est pas la plus simple.

.
N

3

Pixels

80 80 100 120 140 20 40 60 80 100 i
Pixels Plxels Pixels

FIGURE C.5 — Mesure de la phase du front d’onde sans lentille (a), avec une lentille
(b) et avec une lentille lorsqu’une référence est prise puis soustraite (c). La phase
est exprimée en unité de A.

Il faut donc calibrer le systéme d’imagerie pour ne pas tenir compte de cette
phase additionnelle. En observant (sans lentille) un simple faisceau collimaté (ayant
un front d’onde plan et donc un gradient de phase nul) que nous pouvons voir sur la
figure C.5 (a), la seule phase mesurée avec la lentille correspondra a la phase qu’im-
prime la lentille sur le faisceau que ’on observe sur 'image (b). Notons, qu’au vu du
signe de la courbure visible en (b), nous pouvons déduire que le faisceau converge
lorsqu’il est dans le plan de la caméra (nous aurions un maximum au centre si le
faisceau divergeait). Il est ainsi possible de mesurer une phase résiduelle de référence
qu’il suffira de soustraire a la phase du faisceau étudié : nous permettant d’obte-
nir image (c). A chaque changement de grandissement, nous réitérons la calibration.
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