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pas. Ce manuscrit leur est dédié.
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thèse. Notre travail de collaboration s’est montré très fructueux.
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Introduction

En 1887, Heinrich Hertz met en évidence expérimentalement le fait que les ondes électro-
magnétiques qu’il génère ont en tous points, les mêmes propriétés que la lumière, vérifiant ainsi la
prédiction de Maxwell, à savoir que la lumière n’est rien d’autre qu’une onde électromagnétique.
Dans son expérience, il utilise un circuit LC oscillant, produisant des arcs électriques. Celui-ci
sert d’émetteur. Il utilise un éclateur, en guise de recepteur, c’est-à-dire une boucle métallique
contenant un petit interstice. Il observe que l’émission d’arcs électriques par l’émetteur se traduit
par des arcs électriques au niveau de l’interstice du récepteur. Hertz vient de découvrir les ondes
radio. L’émission d’ondes électromagnétiques induit un courant dans la boucle du récepteur qui
produit des arcs. A l’issue de cette découverte, Hertz note : ≪ cela n’a aucune espèce d’applica-
tion. C’est juste une expérience qui permet de prouver que le mâıtre Maxwell avait raison, nous
avons simplement ces ondes électromagnétiques mystérieuses que nous ne pouvons voir à l’oeil
nu ≫. Cette découverte donne pourtant naissance à la radiophonie, puis aux télécommunications,
deux technologies qui ont profondément marqué et changé la société au XXième siècle.

Les ondes électromagnétiques ont longtemps été utilisées dans les domaines radio et micro-
onde. Pourtant, aujourd’hui la lumière joue un rôle majeur dans la communication et il semble
qu’elle ait le potentiel de renforcer ce rôle. Grâce aux progrès majeurs de l’opto-électronique et
des fibres, il est devenu possible d’utiliser la lumière comme support physique de l’information et
de la transporter sur de très grandes distances. Le défi qui se présente aujourd’hui, en revanche,
est le traitement de cette information. Il ne se fait, actuellement, que de manière électronique
et impose donc une conversion photon-électron. Cette conversion a un coût en terme de bande-
passante car les composants électroniques atteignent leurs limites, alors que les flux modernes de
données nécessitent d’atteindre des fréquences de commutation supérieures à 10 GHz. De plus,
cette conversion introduit des pertes.

Une idée qui vient alors immédiatement à l’esprit à partir de ce constat, consiste à essayer
de trouver un moyen d’effectuer un traitement du signal purement photonique, sans recourir
à l’électron. Toutefois, la nature même du photon rend difficile son interaction avec un autre
photon, si bien qu’il est compliqué de créer des fonctions de traitement du signal photonique.

Une des manières de réaliser des fonctions de traitement du signal photonique consiste à
employer l’optique non-linéaire où, par l’intermédiaire de l’interaction lumière-matière, il de-
vient possible de changer la longueur d’onde des photons, de les commuter, de les mélanger,
de les additionner, de les soustraire etc. Depuis la première démonstration expérimentale de
la génération de second harmonique par Franken au début des années 1960, les phénomènes
non-linéaires ont trouvé beaucoup d’applications et ont même permis la commercialisation de
composants non-linéaires. Beaucoup de ces applications exploitent des processus de conversion de
fréquences permettant d’obtenir des sources cohérentes de rayonnement à des longueurs d’onde
où il est difficile, voire impossible d’obtenir de telles sources par des transitions lasers. De plus,
de nombreux matériaux non-linéaires, tels que les semi-conducteurs, du fait de leurs fortes pro-
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priétés non-linéaires, ont été envisagés afin de servir de brique de base pour des composants de
traitement tout-optique du signal. Cette voie a été abondamment explorée dans les années 1980,
lorsque la bistabilité optique, notamment, a été étudiée dans ces matériaux.

Cependant, l’interaction non-linéaire est très consommatrice en énergie et nécessite de fortes
concentrations de puissance. Il faut, dès lors, trouver un moyen d’exalter l’interaction de la
lumière avec la matière afin de diminuer les puissances mises en jeu dans les processus non-
linéaires.

Ce constat a fondamentalement changé avec l’avènement de la nanophotonique. En effet, les
énormes progrès de fabrication des trente dernières années permettent aujourd’hui, de réaliser
et de structurer des composants de dimensions très faibles (proche de la longueur d’onde des
photons utilisés dans les télécommunications). Ces structures présentent la propriété de confiner
le champ dans de très petites dimensions et donc de capturer de l’énergie dans de très petits
volumes. Ce confinement est très bénéfique puisqu’il permet justement d’exalter l’interaction
lumière-matière et donc l’interaction non-linéaire.

Une des structures possibles pour obtenir cette exaltation est le cristal photonique. Le cristal
photonique a été imaginé par E. Yablonovitch à la fin des années 1980. L’idée consiste à structurer
un matériau de manière périodique, à l’échelle de la longueur d’onde. La périodicité induite, par
l’intermédiaire d’une modulation de l’indice de réfraction par exemple, fait apparâıtre des bandes
d’énergies interdites pour les photons, de la même manière que la périodicité des atomes dans
un cristal semi-conducteur fait apparâıtre des bandes d’énergies interdites pour les électrons.
Par analogie avec la physique de la matière condensée, on a nommé ces bandes interdites : bande

interdite photonique. Concrètement, ceci veut dire qu’il existe des fréquences pour lesquelles, la
lumière ne peut pas se propager dans le cristal. Toutefois, si l’on crée un défaut de périodicité
alors la lumière est contrainte de se loger dans le défaut, ce qui produit un confinement de fait
qui dépend de la structure. Avec cette structuration, il est possible de réaliser des cavités ou des
guides.

Les composants à cristal photonique à deux dimensions sont très utilisés car ils présentent
l’avantage d’être plus simples à réaliser que les composants à trois dimensions, de permettre
d’obtenir de très forts confinements et ont peu de pertes. Un cristal photonique à deux di-
mensions typique est constitué d’un réseau de trous gravé dans un matériau. Si l’on retire une
rangée de trous dans ce réseau, on obtient un guide de lumière, car celle-ci se propage dans
la direction du défaut. On appelle cela un guide à cristal photonique. Ces structures ont une
propriété intéressante liée à la nature de la bande interdite photonique. De la même manière
que dans un semi-conducteur, en bord de bande interdite, l’électron voit sa vitesse de groupe
réduire, la lumière ralentit en se rapprochant du bord de bande. Ce ralentissement de la lumière
est un facteur supplémentaire de localisation et doit donc constituer un atout pour l’exaltation
des effets non-linéaires. Au moment où je débute ma thèse, la démonstration expérimentale et
quantitative de l’effet du ralentissement de la lumière sur l’exaltation de la non-linéarité dans
un guide à cristal photonique est une question ouverte.

Un autre type de structure qui trouverait une application potentielle pour le traitement tout-
optique de l’information est le nanoguide de silicium sur isolant. Le secteur privé, ainsi que le
secteur public investissent de gros efforts pour capitaliser sur les grands progrès et les savoir-faire
issus de l’industrie de la micro-électronique et de l’étude des semi-conducteurs afin de produire
des composants qui soient comparables (voire compétitifs) et compatibles avec les composants
opto-électroniques déjà existants. Ainsi, le silicium présente l’avantage d’être compatible avec
les technologies CMOS, très largement dominantes dans l’industrie et les technologies actuelles.
Tous ces efforts ont ouvert une discipline spécifique qui est la photonique sur silicium.

Ainsi, une des fonctions majeures figurant parmi les applications les plus importantes des
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nanoguides de silicium est l’amplification d’impulsions optiques dans un milieu présentant du
gain optique. Cependant, le problème majeur que pose le silicium est qu’il ne possède pas de
gap direct. Il est donc impossible de créer une source de lumière cohérente (diode laser), ni
même d’amplifier de la lumière sans recourir à l’optique non-linéaire, contrairement à d’autres
matériaux comme l’arséniure de gallium (GaAs) ou le nitrure de gallium (GaN) par exemple.
Pour cette raison, il y a un intérêt majeur à étudier l’émission Raman stimulée dans ce type de
structure et dans ce matériau notamment. Bien que l’amplification d’impulsions optiques dans
ces structures à fort confinement du champ ait déjà été démontrée, il existe une pléiade d’effets
non-linéaires, autre que l’émission Raman stimulée qui peuvent venir réduire le gain du milieu,
notamment à cause des effets de phases dans les régimes d’impulsions courtes (picoseconde). Ce
phénomène n’a été étudié ni expérimentalement, ni analytiquement.

Le travail de recherche que j’ai effectué pendant les trois années où j’ai préparé ma thèse
de doctorat s’est inscrit dans le cadre de l’équipe de recherche Matériaux Non-Linéaires et
Applications (MANOLIA), dirigée par Gilles Pauliat, du laboratoire Charles Fabry de l’Institut
d’Optique, sous la direction de Philippe Delaye et co-encadré par Nicolas Dubreuil. Mon travail
s’inscrit, de plus dans la continuité de la recherche de Magali Astic et a été effectué en parallèle
avec celle de Felix Kroeger. Au cours de sa thèse, durant laquelle M. Astic a travaillé sur
l’exaltation des non-linéarités du troisième ordre dans les structures à cristal photonique, elle
a montré que dans de telles structures, on pouvait observer de très forts changements d’indice
de réfraction et que de fortes densités de porteurs libres photo-générés par absorption multi-
photonique étaient favorisées en bord de bande interdite. F. Kroeger, quant à lui, a réalisé une
expérience de caractérisation de l’effet Raman stimulée dans un nanoguide de silicium pour des
impulsions en régime picoseconde qui a montré que les effets de porteurs libres photo-générés
par absorption multi-photonique produisaient des effets de phases faisant chuter le gain Raman,
ce que l’on peut appeler le problème de l’amplification Raman d’impulsions picosecondes dans

le silicium.

La démarche que j’entreprends vise donc, d’une part, à caractériser de manière expérimentale
et quantitative, la manière dont la localisation dans un guide à cristal photonique exalte les effets
non-linéaires. D’autre part, je souhaite modéliser de manière analytique l’amplification Raman
dans le silicium en tenant compte de tous les autres effets non-linéaires présents dans ce matériau
afin de résoudre le problème de l’amplification Raman d’impulsions picosecondes et d’expliquer
les résultats expérimentaux observés par F. Kroeger, avec lequel j’ai collaboré. Finalement, je
souhaite inscrire mon travail dans un contexte un peu plus général et aborder rapidement les
implications pratiques de mes résultats de recherche dans le cas particulier de la commutation
optique.

Nous rappelons dans le premier chapitre les bases de l’optique non-linéaire et de la localisa-
tion. Nous effectuons un rappel d’optique non-linéaire, ce qui permet notamment d’introduire
les notations, en listant tous les effets qui seront étudiés dans les semi-conducteurs. Il y a l’ef-
fet Kerr, l’automodulation de phase, l’absorption à deux photons, les effets de porteurs libres
générés par absorption à deux photons et la diffusion Raman stimulée. Nous rappelons ensuite
l’effet de la localisation sur les effets non-linéaires en considérant la théorie classique du champ
local. Nous terminons ce chapitre par un état de l’art général des structures à fort confinement
du champ.

Dans le second chapitre, nous étudions l’exaltation des non-linéarités dans un guide à cristal
photonique d’arséniure de gallium GaAs, où nous présentons les échantillons étudiés ainsi que les
outils de caractérisation expérimentale. Puis nous mettons en évidence la localisation dans cette
structure et observons comment elle exalte l’absorption à deux photons et les effets de phase, à
savoir l’automodulation de phase et la réfraction des porteurs libres. Finalement, nous procédons
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à une étude théorique de la propagation non-linéaire dans un guide à cristal photonique de
GaAs en régime picoseconde et introduisons le concept de longueurs non-linéaires d’interaction
en présence de localisation.

Pour le troisième chapitre, nous étudions l’amplification Raman d’impulsions optiques dans
les nanoguides de silicium. Après une brève introduction du contexte de l’amplification Raman
dans ces structures, nous présentons le modèle basique de l’amplification Raman en présence
d’absorption à deux photons, correspondant à la situation classiquement observée en régime
continu. Nous effectuons ensuite une confrontation expérimentale qui met en défaut le modèle
classique et observons une chute du gain Raman à cause de l’élargissement spectral de l’impulsion
de pompe lié aux effets de phase (automodulation de phase et effets de porteurs). Pour finir,
nous établissons un modèle analytique de cette chute du gain, en prenant en compte tous les
effets non-linéaires pertinents.

Dans le dernier chapitre, nous profitons de la compréhension de la localisation sur l’exaltation
de la non-linéarité, pour l’appliquer à la commutation tout-optique en effectuant un raisonne-
ment basé sur les longueurs non-linéaires, dont un aperçu est donné au second chapitre. Après
avoir introduit un exemple de commutateur non-linéaire, nous rappelons la définition de la figure
de mérite classiquement utilisée pour caractériser la commutation. Puis nous définissons les lon-
gueurs non-linéaires pertinentes, en généralisant à un processus d’absorption multi-photonique,
les longueurs effectives de composant pour l’effet Kerr, l’absorption à m-photons et la réfraction
des porteurs libres photo-générés par ce processus d’absorption. Nous présentons et calculons
ensuite toutes les grandeurs pertinentes des différents matériaux que nous étudions, i.e. le si-
licium, l’arséniure de gallium, l’arséniure de gallium aluminium et le nitrure de gallium avant
de décrire des diagrammes de longueurs de composants pour la commutation tout-optique en
tenant compte de la localisation.



Chapitre 1
Optique non-linéaire et localisation

Ce chapitre a pour objet de rappeler les bases théoriques nécessaires à la compréhension des effets
non-linéaires en jeu dans les structures semi-conductrices, ainsi que d’introduire les notations et
concepts fondamentaux qui seront utilisés tout au long de ce manuscrit. Finalement, ce chapitre
présente un état de l’art non-exhaustif.
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1.2.2 Effet Kerr et effet Kerr croisé . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 11

1.2.3 Automodulation de phase . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

1.2.4 Absorption à deux photons et absorption à deux photons croisée . . . . 13

1.2.5 Effets de porteurs libres . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14

1.2.6 Diffusion Raman stimulée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 16

1.3 Effet de la localisation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 18
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1.1 Rappels d’optique non-linéaire et introduction des notations

1.1.1 Polarisation non-linéaire

Dans le modèle classique de description de l’interaction entre la lumière et la matière, on
considère que la matière est composée de particules chargées (des électrons et des noyaux).
Lorsque l’on applique un champ électrique E, les charges se déplacent sous l’action de la force
de Lorentz. Les charges positives se déplacent dans le sens du champ électrique et les charges
négatives dans le sens contraire. Dans le cas d’un milieu diélectrique, les particules sont liées les
unes aux autres et ces liaisons présentent une certaine élasticité que l’on représente par une sus-
ceptibilité électrique, si bien que l’on considère l’ensemble des particules constituant la matière
comme un réseau de dipôles électriques oscillant. Le mouvement collectif de ces particules sous
l’action du champ électrique est appelé la polarisation qui, en première approximation, est
considérée comme linéaire en champ. Cela signifie que la réponse du milieu est proportionnelle à
l’excitation. On utilise donc le modèle de l’oscillateur harmonique. Par analogie avec une masse
fixée à un mur par l’intermédiaire d’un ressort, où la masse serait l’électron, le mur représenterait
le noyau atomique et le ressort représenterait le lien entre les particules, on comprend bien que
la réponse du système, i.e. le déplacement de la masse est proportionnel à l’excitation. Dans ce
cas, on écrit cette polarisation de la manière suivante :

P
(1)
L = ǫ0χ

(1)E (1.1)

où ǫ0 est la permittivité diélectrique du vide, χ(1) est la susceptibilité électrique et est un tenseur
d’ordre deux dans le cas le plus général.

Toutefois, cette dépendance linéaire de la polarisation avec le champ électrique est une
approximation comme la plupart des systèmes physiques réels, lorsque l’on ne considère qu’une
dépendance linéaire entre deux grandeurs physiques quelconques. Ainsi, le dépendance n’est
linéaire que lorsque le déplacement des charges est petit. En toute rigueur, l’oscillateur est
anharmonique et cette anharmonicité devient flagrante dès que l’amplitude du champ est grande
ou que l’élasticité est forte. On est alors, en toute rigueur, contraint d’effectuer un développement
de la polarisation totale en série de puissances du champ et d’inclure des termes de polarisation
d’ordres supérieurs, dit non-linéaires :

P = ǫ0

+∞∑

n=1

χ(n)|E...E

= PL + PNL

(1.2)

χ(n) est la susceptibilité non-linéaire d’ordre n et est un tenseur de rang n + 1. Il y a n champs
E dans la définition de la polarisation non-linéaire d’ordre n et la barre (|) représente l’action
du tenseur de rang n + 1 sur n vecteurs.

1.1.2 Polarisation non-linéaire d’ordre n (description dans le domaine de Fou-
rier)

En toute rigueur, la description faite dans la section précédente à partir des susceptibilités non-
linéaires n’est vraie que dans le domaine de Fourier en négligeant la dispersion. Dans cette
section, nous adoptons le formalisme de Butcher et Cotter [1]. L’approche pour le domaine
temporel consiste à écrire la polarisation d’ordre n comme le produit de convolution du tenseur
réponse non-linéaire d’ordre n (R(n)(r, t)) avec le champ électrique. Il suffit pour cela de ne tenir
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compte que du principe de causalité et du principe d’invariance dans le temps, i.e. R(n)(r, t) = 0
pour t < 0. Dans ce cas, la polarisation non-linéaire d’ordre n s’écrit :

P(n)(r, t) = ǫ0

∫
...

∫
R(n)(r, t − τ1, ..., t − τn)|E(r, τ1)...E(r, τn)dτ1...dτn (1.3)

La susceptibilité non-linéaire d’ordre n est la transformée de Fourier de R(n)(r, t) :

χ(n) =

∫
...

∫
R(n)(r, t − τ1, ..., t − τn)ei

P

j ωjτjdτ1...dτn (1.4)

En prenant, les définitions suivantes pour la transformée de Fourier du champ :

Ẽ(ω) =

∫
E(t)eiωtdt (1.5)

et la transformée de Fourier inverse :

E(t) =
1

2π

∫
Ẽ(ω)e−iωtdω (1.6)

Nous pouvons effectuer la transformée de Fourier de l’équation (1.3) pour écrire la polarisation
non-linéaire d’ordre n dans l’espace des fréquences :

P̃
(n)

(r, ω) =
ǫ0

(2π)n

∫
...

∫
χ(n)(ω;ω1, ..., ωn)|Ẽ(r, ω1)...Ẽ(r, ωn)dω1...dωn (1.7)

avec ω =
∑n

k=1 ωk. La sommation dans cette dernière équation doit se faire sur toutes les
permutations discernables des fréquences ω1,...,ωn.

1.1.3 Equation de propagation non-linéaire

La polarisation induite par le champ électrique devient une source de génération de nouvelles
ondes électromagnétiques. Si l’on part du principe que le milieu est optiquement isotrope, i.e.
l’indice de réfraction n0(ω) du milieu est le même dans toutes les directions de l’espace, l’équation
de propagation non-linéaire s’écrit [2], à partir des équations de Maxwell :

∇×∇× E(r, t) − n2
0

c2

∂2E(r, t)

∂t2
= µ0

∂2PNL(r, t)

∂t2
(1.8)

ici, c est la vitesse de la lumière dans le vide. Dans l’espace de Fourier l’équation de propagation
devient :

∇×∇× Ẽ(r, ω) +
n2

0

c2
ω2Ẽ(r, ω) = −µ0ω

2P̃NL(r, ω) (1.9)

A partir d’ici et pour la suite du manuscrit, nous allons effectuer un certain nombre d’hy-
pothèses pour simplifier l’équation de propagation. Premièrement, nous supposons que PNL est
une faible perturbation par rapport à la polarisation linéaire. Deuxièmement, nous supposerons
que le champ électrique conserve sa polarisation au cours de la propagation. Finalement, nous
faisons l’hypothèse que tous les champs considérés sont quasi-monochromatiques. Plus tard, nous
nous intéresserons surtout à la propagation d’impulsion brèves (de l’ordre de la picoseconde),
mais cette dernière hypothèse restera valable pour ce régime, car le spectre des impulsions est
centré autour d’une fréquence ω0 et possède une largeur de raie (∆ω) qui est très petite par
rapport à ω0 (∆ω << ω0). Ainsi, nous pouvons écrire le champ électrique comme une somme
d’ondes monochromatiques en temps et en fréquence :

E(r, t) =
1

2

∑

j

[
Ej(r, t)e

−iωjt + Ej(r, t)e
iωjt
]
ej (1.10)

Ẽ(r, ω) =
1

2

∑

j

[
Ẽj(r, ω)δ(ω − ωj) + Ẽj(r, ω)δ(ω + ωj)

]
ej (1.11)
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où les Ej représente les amplitudes des ondes monochromatiques et les ej sont les directions
de polarisation des champs. De la même manière, nous pouvons écrire pour la polarisation
non-linéaire :

PNL(r, t) =
1

2

∑

j

[
PjNL(r, t)e−iωjt + PjNL(r, t)eiωj t

]
ej (1.12)

P̃NL(r, ω) =
1

2

∑

j

[
P̃jNL(r, ω)δ(ω − ωj) + P̃jNL(r, ω)δ(ω + ωj)

]
ej (1.13)

Par souci de simplicité, nous omettrons le complexe conjugué par la suite et son existence sera
considérée comme implicite. A partir de l’équation (1.11), nous pouvons donner la nouvelle
formule de la polarisation non-linéaire d’ordre n dans l’espace de Fourier à partir de (1.7) [1] :

P̃
(n)

(r, ω) =
ǫ0

(2π)n

∫
...

∫
K(ω;ω1, ..., ωn)χ(n)(ω;ω1, ..., ωn)|Ẽ1(r, ω1)...Ẽn(r, ωn)dω1...dωn

(1.14)
Ici, K est un facteur numérique qui peut être défini comme suit :

K(ω;ω1, ..., ωn) = 2l+m−np (1.15)

où p est le nombre de permutations discernables des ω1, ..., ωn et est aussi appelé, dans la
littérature, facteur de dégénérescence. m correspond aux nombres de fréquences non-nulles (ω
inclus) et l vaut 1 si ω = 0 et 0 sinon. La présence de K dans (1.14) provient de la manière dont
est écrit le champ dans la convention que l’on prend (équation (1.11)). En effet, la présence du
facteur 1/2 dans cette expression impose d’écrire K comme nous le faisons. Certains auteurs
omettent ce facteur 1/2, ce qui a pour effet de ne pas produire de puissance de 2 dans l’expression
de K. Il est à noter qu’une fréquence et son opposée sont discernables.

Pour la suite, nous supposerons que chaque champ j se propage suivant la direction z et
nous ne nous intéresserons pas à son profil transverse. Autrement dit, nous ne considérons que
des ondes planes. Ainsi, on peut écrire tous les Ẽj comme :

Ẽj(r, ω) =

√
2

ǫ0cn(ω)
Ãj(z, ω − ωj)e

ikjzej (1.16)

où kj est le vecteur d’onde. La présence du facteur
√

2/ǫ0cn(ω) permet ici de définir l’amplitude
du champ de sorte que |Aj |2 s’exprime en unité d’intensité (i.e. en W/m2). Ainsi, en effectuant

l’approximation de l’enveloppe lentement variable, i.e. |∂2Ã
∂z2 | << |2k(ω)∂Ã

∂z | et en tenant compte

des différents ordres de dispersions βm
j =

(
dmkj

dω

)
ω=ωj

, on réécrit l’équation de propagation

non-linéaire sous sa forme simplifiée :

∂Ãj

∂z
= i

∞∑

m=0

imβm
j

m!
ωmÃj + iωe−ikjzP̃NL(r, ω).ej (1.17)

L’équation de propagation non-linéaire décrit l’évolution de l’amplitude du champ de l’onde
électromagnétique créée au cours de la propagation dans un milieu non-linéaire suivant la direc-
tion z. Puisque la polarisation non-linéaire P̃NL est une grandeur complexe, elle agit à la fois
sur la phase et sur l’amplitude de l’onde. Sa partie réelle correspond à des effets dispersifs, alors
que sa partie imaginaire correspond à des gains ou des pertes. Cet aspect est très important
pour la compréhension des effets non-linéaires qui seront présentés plus tard.
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1.2 Optique non-linéaire dans les semi-conducteurs

1.2.1 Susceptibilité non-linéaire du troisième ordre

Dans cette section, nous adoptons le formalisme et les notations de Q. Lin et al. [3]. Nous
nous intéresserons aux effets provenant de la susceptibilité non-linéaire d’ordre trois χ(3). Nous
excluons tous les effets de mélange d’ondes en supposant que l’accord de phase n’est pas réalisé
pour ces effets. Si l’on considère un champ E(r, t) se propageant dans un milieu cristallin ou
dans un guide quelconque, la composante i de la polarisation non-linéaire du troisième ordre
induite par le milieu s’écrit de la manière suivante dans le domaine de Fourier :

P̃
(3)
i (r, ωi) =

3ǫ0

4(2π)3

∫ ∫ ∫
χ

(3)
ijkl(ωi;ωj ,−ωk, ωl)Ẽj(r, ωj)Ẽ

∗
k(r, ωk)Ẽl(r, ωl)dωjdωkdωl (1.18)

où ωi = ωj−ωk+ωl [(i, j, k, l) ∈ (x, y, z)]. Ẽi(r, ω) est la transformée de Fourier de la composante

i du champ Ei(r, t), définie par Ẽ(r, ω) =
∫ +∞
−∞ E(r, t)eiωtdt.

Généralement, la susceptibilité du troisième ordre possède deux contributions majeures et
distinctes. La première est d’origine électronique et la seconde est d’origine phononique (phonon

optique) et l’on peut écrire χ
(3)
ijkl = χe

ijkl+χR
ijkl, où χe

ijkl représente la part électronique et χR
ijkl la

part phononique, correspondant à l’effet Raman. En toute rigueur, la part phononique contient
aussi l’effet Brillouin, mais nous ne nous intéresserons pas à cet effet dans ce manuscrit.

1.2.2 Effet Kerr et effet Kerr croisé

Nous allons ici nous intéresser principalement aux contributions électroniques provenant des
oscillations des électrons liés qui donnent lieu à l’effet Kerr optique, proportionnel à la partie
réelle de la susceptibilité non-linéaire χe

ijkl(ωi;ωj ,−ωk, ωl). L’effet Kerr optique est un processus
non-linéaire d’ordre trois n’impliquant qu’une seule onde intense (autrement dit ωi = ωj = ωk =
ωl) et confère à certains matériaux la propriété de posséder un indice de réfraction dépendant
linéairement de l’intensité I de l’onde qui traverse le milieu. L’indice s’écrit alors n(ω) = n0(ω)+
n2(ω)I, où n0(ω) est l’indice de réfraction linéaire du matériau et n2(ω) est le coefficient Kerr.
Le temps de réponse de cette non-linéarité dans les semi-conducteurs est typiquement de l’ordre
de 100 fs correspondant à une échelle de temps très courte et qui représente donc un potentiel
très fort pour des applications au traitement ultra-rapide de l’information.

D’après l’équation (1.18), on s’aperçoit du fait qu’il faut, pour décrire complètement les
effets non-linéaires du troisième ordre, connâıtre les propriétés tensorielles et dispersives de
χe

ijkl. Toutefois, nous supposons pour la suite que les coefficients du tenseur de susceptibilité
du matériau considéré sont connus et que l’on peut exprimer une susceptibilité non-linéaire
effective χe

eff en fonction de tous les coefficients du tenseur de susceptibilité. Par exemple, pour
le silicium qui possède une classe de symétrie m3m, cette susceptibilité effective ne contient que
trois coefficients indépendants, si bien que χe

eff
∼= χe

1111 − χe
1122 − χe

1212 − χe
1221 [3] et que la

polarisation non-linéaire d’ordre trois peut s’écire :

P̃ (r, ω) =
3ǫ0

4
χe

eff(ω;ω,−ω, ω)|Ẽ(r, ω)|2Ẽ(r, ω) (1.19)

Le coefficient Kerr n2(ω) s’exprime alors :

n2(ω) =
3

4ǫ0cn
2
0(ω)

Re[χe
eff(ω)] (1.20)

Les valeurs de n2 dans les semi-conducteurs sont très élevées en général par rapport à celle de
la silice du coeur des fibres à saut d’indice (typiquement 100 à 200 fois plus pour le silicium ou
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l’arséniure de gallium) aux alentours de 1.55 µm. En pratique, l’effet Kerr intervient notamment
dans l’automodulation de phase, utilisée pour compenser la dispersion dans les fibres optique ou
dans l’autofocalisation, utilisée pour compenser la diffraction.

Il existe un cas non-dégénéré lorsque deux ondes sont co-propageantes dans un milieu qui
présente de l’effet Kerr. Dans ce cas l’intensité d’une onde modifie l’indice de réfraction pour
l’autre. Par exemple, si l’on considère deux ondes (pompe et signal), on écrira l’indice pour la
sonde, dont l’intensité est faible par rapport à la pompe, comme :

ns(ω) = ns0(ω) + n2X(ω)Ip (1.21)

ici les indices s et p servent à noter les grandeurs relatives à la sonde et à la pompe respectivement.
Le X dans n2X sert à signifier qu’il s’agit d’un effet croisé. Si l’on néglige la dispersion du
coefficient n2 et de l’indice de réfraction, alors n2X = 2n2. La raison pour laquelle le coefficient
n2X est deux fois plus grand que n2 provient du facteur de dégénérescence. En effet, lorsque
l’on est en présence d’une seule onde, p = 3 dans l’équation (1.15), alors qu’en présence de deux
ondes p = 6 et est donc deux fois plus grand. Nous rappelons que ω et −ω sont discernables.

1.2.3 Automodulation de phase

Une conséquence intéressante de l’effet Kerr, c’est-à-dire de l’indice de réfraction dépendant de
l’intensité de l’onde se propageant dans un milieu, est la modulation de la phase auto-induite,
appelé automodulation de phase (en anglais, self-phase modulation - SPM). Ce phénomène non-
linéaire a pour effet d’introduire un élargissement spectral symétrique d’impulsions optiques. Il
s’agit de l’analogue temporel de l’auto-focalisation.

Si l’on considère une impulsion optique gaussienne, dont la demi-largeur à un 1/e en temps

vaut T , i.e. son enveloppe en intensité s’écrit I(t) = I(0)e−
t2

T2 , alors en considérant l’enveloppe
du champ électrique A(z, t) =

√
I(t)eiφ(z,t), l’équation de propagation pour le champ s’écrit :

∂A(z, t)

∂z
= ikn2I(t)A(z, t) (1.22)

où k = 2π
λ est le vecteur d’onde. Cette équation se réécrit immédiatement en terme d’équation

différentielle sur la phase φ(z, t) :
∂φ(z, t)

∂z
= kn2I(t) (1.23)

Figure 1.1. Allure temporelle de la pul-
sation instantanée en fonction de t/T . Il
s’agit de l’allure typique de la dérivée
d’une fonction gaussienne et représente
le décalage en fréquence intervenant sur
le champ au cours du temps. L’avant et
l’arrière de l’impulsion sont décalés de
quantités opposées et symétriques. Dans
le domaine fréquentiel, ceci se traduit par
un élargissement symétrique du spectre de
l’onde par rapport à la fréquence centrale
de l’onde.
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et s’intègre immédiatement :
φ(z, t) = k0n2I(t)z (1.24)

On voit ainsi que la phase suit temporellement l’enveloppe de l’intensité et augmente en ampli-
tude proportionnellement à la distance parcouru. En guise d’illustration, la figure 1.1 présente
l’allure de la dérivée temporelle de la phase, i.e. la pulsation instantanée en fonction du temps
pour une impulsion gaussienne. Cette pulsation instantanée représente l’allure du décalage en
fréquence imposé à l’onde. L’origine des temps (t = 0) correspond au sommet de l’impulsion.
Ainsi l’avant (t < 0) et l’arrière (t > 0) de l’impulsion subissent chacun un décalage en fréquence
de signe différent. Ce signe est gouverné par le signe de n2. Ceci se traduit par un élargissement
spectral symétrique de part et d’autre de la fréquence centrale du spectre de l’impulsion.

1.2.4 Absorption à deux photons et absorption à deux photons croisée

Lorsque l’on s’intéresse à la propagation d’une onde dans un matériau semi-conducteur, possédant
une énergie de gap Eg supérieur à l’énergie d’un photon, le matériau est transparent dans cette
bande. Toutefois, si l’énergie de gap est inférieure à l’énergie de deux photons, il peut se produire
le processus d’absorption à deux photons (en anglais : Two-photon absorption - TPA) pourvu
que la densité d’énergie soit suffisamment grande pour que la probabilité de présence de deux
photons soit élevée. Pratiquement, cela signifie que le retard entre les deux photons est inférieur
à la durée de Heisenberg correspondant à la durée de vie du niveau virtuel entre deux niveaux
d’énergie réels. Dans un semi-conducteur, ces deux niveaux réels correspondent au niveau haut
de la bande de valence et au niveau bas de la bande de conduction (voir figure 1.2). Dans ce cas,
un électron est promu dans la bande de valence laissant un trou dans la bande de conduction.
L’absorption à deux photons correspond au processus non-linéaire d’ordre trois proportionnel à
la partie imaginaire de la susceptibilité effective présentée dans la section précédente. Il s’agit
donc du phénomène issu de la partie imaginaire de la polarisation non-linéaire d’ordre trois
présentée dans l’équation (1.19).

Puisque l’absorption à deux photons correspond à l’annihilation de deux photons, il s’agit
d’une absorption qui est proportionnelle à l’intensité de l’onde. L’équation différentielle décrivant
les pertes optiques engendrées est donnée par :

dI

dz
= −(αl + αTPA)I = −αlI − βTPAI2 (1.25)

où αl désigne le coefficient d’atténuation linéaire, αTPA = βTPAI est l’absorption à deux photons
et βTPA est le coefficient d’absorption à deux photons. Le coefficient d’absorption à deux photons

Figure 1.2. Diagramme de bande
simplifié illustrant le processus d’ab-
sorption à deux photons (TPA) et
d’absorption à deux photons croisée
(XPA). Des électrons dans la bande
de valence (BV) sont promus dans
la bande de conduction (BC) par
absorption simultanée de deux pho-
tons identiques dans le cas dégénéré
(TPA) et de deux photons d’énergie
différentes dans le cas non-dégénéré
(XPA). Lorsque l’énergie des pho-
tons est inférieure à l’énergie de gap,
ces deux processus non-linéaires sont
les seuls capables de transférer des
électrons de la bande de valence vers
la bande de conduction.
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peut être aisément relié à la partie imaginaire de la susceptibilité non-linéaire effective d’ordre
trois :

βTPA(ω) =
3ω

2ǫ0c2n2
0(ω)

Im[χe
eff(ω)] (1.26)

Comme pour l’effet Kerr, il existe un effet croisé (en anglais : cross two-photon absorption -
XPA) correspondant à l’absorption d’un photon signal lorsqu’un photon de pompe est présent.
Le diagramme 1.2 précise ce processus. Dans ce cas, l’absorption non-linéaire est proportionnelle
à βXPAIp, où βXPA est le coefficient d’absorption à deux photons croisé. Comme pour l’effet Kerr,
si l’on néglige la dispersion du coefficient βXPA, ainsi que la dispersion de l’indice de réfraction,
on peut écrire que βXPA = 2βTPA.

1.2.5 Effets de porteurs libres

Réfraction et absorption par les porteurs libres

La particularité des semi-conducteurs est que l’on peut générer des paires électrons-trous, que
l’on appelle porteurs libres, en absorbant l’énergie provenant d’un faisceau lumineux. Ainsi, l’ab-
sorption à deux photons peut créer un nombre considérable de porteurs libres, suivant l’intensité
de l’onde lumineuse. La durée de vie de ces porteurs, ainsi que l’efficacité de l’échange d’énergie
dépendent des propriétés intrinsèques du matériau ainsi que de la dynamique d’excitation et
de relaxation des porteurs. L’interaction entre la lumière et les porteurs affecte les propriétés
optiques du semi-conducteur en modifiant l’indice de réfraction complexe. L’action des porteurs
sur la partie imaginaire s’appelle l’absorption des porteurs libres (en anglais : free-carrier ab-
sorption - FCA), et l’action sur la partie réelle s’appelle la réfraction des porteurs libres (en
anglais : free-carrier refraction - FCR). Les porteurs peuvent aussi introduire une anisotropie du
milieu.

Si l’on note np et αp l’indice de réfraction et l’absorption induite par les porteurs, on peut
les exprimer en fonction de la densité de porteurs générés grâce au modèle de Drude-Lorentz
(où Ne et Nh représentent les densités respectives des électrons et des trous)[3, 4, 5, 6] :

np(ω,Ne, Nh) = − e2

2ǫ0n0ω2

E2
g(

E2
g − ~2ω2

)
(

Ne

m∗
e

+
Nh

m∗
h

)
(1.27)

αp(ω,Ne, Nh) =
2e3

ǫ0cn0ω2

E2
g(

E2
g − ~2ω2

)
(

Ne

µem∗2
e

+
Nh

µhm∗2
h

)
(1.28)

où m∗
i et µi sont respectivement les masses effectives et les mobilités de porteurs et e est la

charge élémentaire. En général, dans la littérature, du fait de leur plus faible masse effective, les
effets des électrons l’emportent sur ceux des trous, si bien que par abus de langage, les porteurs
libres sont souvent assimilés aux seuls électrons dans les descriptions.

Dans le cas de l’absorption à deux photons dans les semi-conducteurs, la densité d’électrons
générés est égale à la densité de trous (i.e. Ne = Nh

∼= N), si bien que l’on peut ré-écrire les
équations (1.27) et (1.28) sous la forme suivante :

np = σn(ω)N (1.29)

αp = σa(ω)N (1.30)

où σn correspond à un volume efficace de réfraction par unité de porteur et σa est une section
efficace d’absorption par unité de porteur.
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Dans le cas de l’absorption à deux photons, la densité de porteurs dans le semi-conducteur
suit l’équation différentielle de génération suivante :

dN

dt
=

βTPA

2~ω
I2 − N

τp
(1.31)

où τp est le temps de relaxation des porteurs. A titre indicatif, ce temps de relaxation est
typiquement de l’ordre de 1 ns dans le silicium et de plusieurs centaines de picosecondes dans
l’arséniure de gallium.

Il faut noter que le modèle de Drude-Lorentz n’est ici valable que lorsque les porteurs ont
atteint un équilibre thermodynamique, ce qui est vrai en général, tant que l’on s’intéresse à des
échelles de temps supérieurs à la cinquantaine de femtosecondes, car il s’agit de l’ordre de gran-
deur moyen du temps que mettent les porteurs à thermaliser par des processus de diffusion. Hor-
mis les variations de densité de porteurs, l’excitation de porteurs entre bandes non-paraboliques
(de valence ou de conduction) peuvent modifier les masses effectives des électrons et des trous et
introduire des effets non-linéaires supplémentaires. Ces effets sont généralement plus faibles que
les effets liés à la variation de la densité de porteurs et seront donc négligés dans ce manuscrit.

Dynamique des porteurs libres

Contrairement à l’effet Kerr et à l’absorption à deux photons, les effets de porteurs ne sont
pas instantanés. Ainsi, lorsqu’une impulsion traverse un milieu et génère des porteurs, les effets
de ceux-ci se construisent tout au long de l’impulsion et persistent même après son passage.
Lorsque les porteurs sont créés dans la bande de conduction et de valence par l’absorption à
deux photons, leur évolution en temps est décrite par l’équation (1.31), c’est le temps de vie
des porteurs τp qui gouverne la recombinaison des électrons de la bande de conduction avec les
trous de la bande de valence.

Figure 1.3. Représentation graphique de l’évolution temporelle de la densité de porteurs libres (trait continu)
générés par absorption à deux photons d’impulsions (pointillés) délivrées par un laser avec une fréquence de
répétition νrep. Le temps de vie des porteurs est τp et Tp représente la durée caractéristique d’une impulsion (la
largeur totale à 1/e par exemple).
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Intéressons-nous de plus près à l’effet des porteurs dans le cas de la propagation d’une im-
pulsion dont la durée caractéristique est Tp. Considérons le cas d’un train d’impulsions, séparées
par une durée Trep = 1/νrep, appelée temps de répétition. νrep est le taux de répétition. Sur
la figure 1.3, l’intensité des impulsions est représentée par des pointillés et est de forme gaus-
sienne. La figure illustre également l’évolution typique en temps de la densité de porteurs libres
générés dans la bande de conduction. La réfraction et l’absorption des porteurs suivront la même
évolution, puisqu’elles sont toutes deux proportionnelles à la densité de porteurs.

Dans ce cas, en ne considérant que l’évolution temporelle de l’absorption à deux photons
pour une impulsion gaussienne unique ou en supposant que τp ≪ Trep, la solution de l’équation
(1.31) est :

N(t) =
Tp

2

√
π

2

βTPA

2~ω
I2
0

[
1 + erf

(√
2t

Tp
− Tp

2
√

2τp

)]
exp

(
− t

τp
+

T 2
p

8τ2
p

)
(1.32)

où erf(t) est la fonction erreur et I0 représente l’intensité crête de l’impulsion qui génère les
porteurs. Si la durée de vie des porteurs est très grande par rapport à la durée de l’impulsion
(Tp ≪ τp), comme c’est le cas en régime picoseconde, alors l’expression de N(t) se simplifie en :

N(t) =
Tp

2

√
π

2

βTPA

2~ω
I2
0

[
1 + erf

(√
2t

Tp

)]
e
− t

τp (1.33)

1.2.6 Diffusion Raman stimulée

Intéressons nous maintenant à la partie du tenseur de susceptibilité correspondant à l’effet
Raman χR

ijkl. La réponse non-linéaire d’un matériau optique à une excitation de la lumière est très
rapide, mais n’est pas instantanée. Une des réponses transitoires est due à la vibration de la maille
cristalline du semi-conducteur. Lorsque cette vibration est associée à des phonons optiques, il
s’agit de l’effet Raman. Par exemple, lorsque deux faisceaux se propagent en même temps dans
un milieu Raman, avec une différence de fréquence égale à la fréquence de la transition Raman,
le faisceau de plus haute longueur d’onde peut subir un gain optique, par transfert d’énergie
du faisceau de plus basse longueur d’onde. Ce gain est utilisé pour les amplificateurs et les
lasers Raman. En général, on appellera pompe, le faisceau de haute énergie et sonde ou Stokes,
le faisceau de basse énergie. La figure 1.4 schématise l’effet Raman et décrit le diagramme de
bandes du processus.

Si l’on note hR la fonction réponse Raman (voir équation (1.3)), et que l’on suppose que
l’effet est non-résonant et incohérent (i.e. il ne dépend que de l’intensité du champ), alors on
peut écrire hR [2, 7] :

hR(t − τ1, t − τ2, t − τ3) = hR(t − τ1)δ(t − τ2)δ(t − τ3) = hR(t − t′) (1.34)

et la polarisation non-linéaire correspondant à l’effet Raman peut alors s’écrire, dans le domaine
temporel, de la façon suivante :

P
(3)
R (t) = ǫ0E(r, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)|E(r, t′)|2dt′ (1.35)

où l’on suppose que le champ électrique et la polarisation induite ont la même direction de
polarisation. La borne supérieure pour l’intégration s’arrête à t, car hR est causal, i.e., elle vaut
zéro pour t′ > t. Cette expression de la polarisation non-linéaire pour l’effet Raman contient
beaucoup de termes qui ne seront pas retenus par la suite. Dans le cas de la diffusion Raman
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Figure 1.4. Diffusion
Raman stimulée. (a) Une
onde de basse énergie
(sonde) est amplifiée
par une onde de haute
énergie (pompe) par
excitation d’un phonon
dont la fréquence de
résonance (ΩR) corres-
pond à la différence
de fréquence entre la
fréquence de pompe (ωp)
et la fréquence de la sonde
(ωs). (b) Diagramme de
bande du processus de
diffusion Raman stimulée.

stimulée, une onde de haute énergie dite de pompe (Ap), amplifie une onde de plus basse énergie
dite de sonde (As). Dans ce cas, on peut écrire le champ total :

E(r, t) =
1

2

[
Ep(z, t)ei(kpz−ωpt) + Es(z, t)ei(ksz−ωst)

]
e (1.36)

Pour calculer l’équation (1.35), il faut calculer |E|2 :

|E|2 =
1

2
|Ep|2 +

1

2
|Es|2

+
1

2
EpE

∗
se−i(ωp−ωs)tei(kp−ks)z +

1

2
E∗

pEse
i(ωp−ωs)te−i(kp−ks)z

+
1

2
EpEse

−i(ωp+ωs)tei(kp+ks)z +
1

2
E∗

pE∗
sei(ωp+ωs)te−i(kp+ks)z

+
1

4
E2

pe−i2ωptei2kpz +
1

4
E∗2

p ei2ωpte−i2kpz

+
1

4
E2

se−i2ωstei2ksz +
1

4
E∗2

s ei2ωste−i2ksz

(1.37)

En pratique pour que les processus non-linéaires aient lieu de manière efficace, il faut annuler
le contenu des exponentielles complexes correspondant aux vecteurs d’onde. Cette opération
s’appelle l’accord de phase et il parait évident de par l’équation (1.37), que l’accord de phase
ne peut être réalisé pour tous les effets non-linéaires simultanément. Les deux premiers termes
de la formule correspondent aux effets décrits plus haut de TPA, XPA, effet Kerr et effet Kerr
croisé. Nous ne nous y intéressons pas ici et les six derniers termes correspondent à des effets de
mélange à quatre ondes. Ces effets nécessitent un accord de phase spécifique et nous supposons
ici qu’il n’est pas réalisé. En tenant compte de cette expression, en négligeant l’effet Raman intra-
impulsion et en se rappelant de la convention |Aj |2 = 2ǫ0n(ω)c|Ej |2, on peut finalement simplifier
et découpler l’équation de propagation en une équation pour la sonde (terme en −(kp − ks)) et
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Figure 1.5. Partie réelle et partie imaginaire du spectre
de la réponse Raman HR(Ω). La partie réelle correspond
à la partie dispersive et la partie imaginaire correspond
au gain. On peut voir que l’allure de cette dernière est
lorentzienne avec une largeur totale à mi-hauteur égale à
ΓR. La résonance a lieu en Ω = ΩR.
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une pour la pompe (terme en (kp − ks)) [3] :

∂As(z, t)

∂z
= iγRAp(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩsp(t−t′)A∗

p(z, t′)As(z, t′)dt′ (1.38)

∂Ap(z, t)

∂z
= iγRAs(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩps(t−t′)A∗

s(z, t′)Ap(z, t′)dt′ (1.39)

où le facteur γR = gRΓR

ΩR
et Ωsp = ωs−ωp = −Ωps. gR, ΓR et ΩR sont respectivement le coefficient

de gain Raman (exprimée en cm/GW), la largeur à mi-hauteur du spectre de la réponse Raman
et la fréquence de résonance Raman. L’expression de la réponse hR(t) prend en général la forme
suivante :

hR(t) = Ω2
Rτ1e

−t/τ2 sin (t/τ1) (1.40)

Ici, τ2 = 1/ΓR correspond au temps de réponse Raman et τ1 = 1/
(
Ω2

R − Γ2
R

)1/2 ≈ 1/ΩR. Le
spectre de la réponse Raman s’obtient en appliquant la transformée de Fourier à hR(t), ce qui
fournit l’expression suivante :

H̃R(Ω) =
Ω2

R

Ω2
R − Ω2 − 2iΓRΩ

(1.41)

Le graphe de la figure 1.5 montre l’allure de la partie réelle et de la partie imaginaire de HR(Ω).

1.3 Effet de la localisation

Il est très important, dès que l’on s’intéresse à des effets non-linéaires dans des structures à fort
confinement, de remarquer que toutes les équations présentées précédemment ne sont vraies que
si elles sont exprimées en fonction des champs électriques effectivement présents à l’intérieur du
matériau. Ceci devient très important notamment lors de l’étude de structures où la localisation
de la lumière devient importante. En effet, le champ effectivement présent dans le matériau est
alors exalté et on ne peut plus décrire la non-linéarité à partir des champs mesurés en dehors
du matériau. De plus, la plupart des mesures de la susceptibilité non-linéaire se font sur des
matériaux massifs (non structurés) et ceux-ci diffèrent largement des susceptibilités effectives
mesurées dans des composants structurés. Ceci provient notamment du fait que le champ dit
local dans la structure est plus fort que le champ mesuré à partir du matériau massif.

Dans cette section, nous nous intéresserons à la modélisation du champ local et regarderons
comment celui-ci est susceptible d’exalter la réponse non-linéaire. Pour cela, nous adoptons un
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formalisme hérité de la théorie du champ local de l’électrodynamique classique. Nous rappelons
d’abord les résultats de cette théorie.

1.3.1 Théorie du champ local

En général, la susceptibilité non-linéaire est exprimée en supposant que le champ électrique
qui s’applique sur chaque unité polarisable (i.e. chaque atome, ion ou molécule) correspond
au champ électrique macroscopique. C’est d’ailleurs celui-ci qui apparâıt dans les équations de
Maxwell. Toutefois, pour bien décrire ce qui se produit à l’échelle microscopique, il faut faire
la différence entre le champ macroscopique et le champ subit par le milieu à petite échelle. Ce
champ microscopique est aussi appelé champ de Lorentz. Une telle distinction est importante
dans les milieux denses, mais aussi dans les milieux à fort confinement du champ [8, 9].

Puisque chaque unité polarisable a des dimensions microscopiques, sa polarisabilité doit être
déterminée par rapport au champ microscopique à la position de l’unité auquel on doit enlever
la contribution, due à l’unité elle-même. C’est ce champ que l’on appellera par la suite, champ

local (Eloc(r)) [8].

Polarisation linéaire

Considérons un milieu diélectrique dense, auquel on applique un champ électrique E. D’un point
de vue macroscopique, on peut considérer que le milieu possède un moment dipolaire uniforme
de polarisation P (par unité de volume). Cependant, microscopiquement, on peut trouver une
portion sphérique d’espace libre de toute charge entre deux unités polarisables dont la constante
diélectrique est égale à la permittivité du vide ǫ0. Si l’on considère une sphère de rayon r0 entre
les unités, du fait du champ électrique, il y a une distribution de charges (positives et négatives)
à l’intérieure de la sphère, que l’on nomme sphère de Lorentz (voire figure 1.6). Le champ local à

Figure 1.6. Sphère de Lorentz : (a) échelle macroscopique dans un milieu diélectrique sous l’influence d’un champ
électrique uniforme produisant une polarisation uniforme. (b) échelle microscopique où l’espace libre est polarisé
par des dipôles électriques. (c) Schéma illustrant (b).
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l’intérieur de la sphère est alors supérieur au champ macroscopique, d’une quantité EL et s’écrit
sous la forme :

Eloc = E + EL (1.42)

Sur la surface de la sphère, dans une direction normale à l’élément de surface dS, la valeur de
la charge Pr vaut :

Pr = P.dS = P cos θdS (1.43)

ici, dS = 2πr sin θrdθ. Cette charge Pr va induire un champ électrique dEL radial qui, d’après
le théorème de Gauss vaut :

dEL =
Pr

4πr2
0ǫ0

(1.44)

Ainsi, le champ électrique EL suivant la direction du champ E, dû aux charges distribuées sur
la surface de la sphère est obtenu par intégration de (1.44) et fournit :

EL =

∫

S

Pr cos θ

4πr2
0ǫ0

=
P

2ǫ0

∫ π

0
cos2 θ sin θdθ =

P

3ǫ0
(1.45)

Puisque les composantes de EL suivant les directions orthogonales à E sont nulles, on peut
réécrire (1.45) comme la relation vectorielle suivante :

EL =
P

3ǫ0
(1.46)

et en la réinjectant dans (1.42), le champ local devient :

Eloc = E +
P

3ǫ0
(1.47)

Facteur de champ local

Le champ interagissant effectivement avec les unités polarisables et induisant un moment dipo-
laire électrique est le champ local donné par (1.47), de telle sorte que la polarisation s’écrit :

P = NαEloc (1.48)

où N est le nombre d’unités polarisables et α est la polarisabilité. En injectant (1.47) dans
l’équation précédente, on obtient :

P =
Nα

1 − Nα
3ǫ0

E (1.49)

On peut alors définir une susceptibilité effective χeff ainsi qu’une contante diélectrique effective
ǫeff de la manière suivante :

P = ǫ0χeffE = ǫ0 (ǫeff − 1)E (1.50)

χeff =
Nα

ǫ0

[
1 − Nα

3ǫ0

] (1.51)

La relation (1.51) est connue sous le nom de relation de Clausius-Mosotti. En reprenant (1.50)
et en l’introduisant dans l’expression du champ local (équation (1.47)), on obtient :

Eloc =
(
1 +

χeff

3

)
E (1.52)

On s’aperçoit alors du fait que localement le champ semble être exalté par un facteur f =(
1 + χeff

3

)
que l’on nomme généralement facteur de champ local et qui dépend de la fréquence



1.3 Effet de la localisation 21

ω du champ électrique. Ceci vaut dans le cas particulier du champ local aux atomes, mais plus
généralement, c’est-à-dire quelque soit l’origine de la localisation du champ, le facteur de champ
local peut être défini comme le rapport des normes du champ local par le champ macroscopique
[9] :

f(ω) =
|Eloc(ω)|
|E(ω)| (1.53)

Nous avons présenté la théorie classique du champ local dans le cas particulier du champ de
Lorentz. Toutefois, dès qu’il se produit un phénomène de localisation du champ, quelque soit sa
nature, nous pouvons définir un facteur de champ local f comme étant le rapport du module
du champ local sur le module du champ non-local.

Polarisation non-linéaire

Dans le régime non-linéaire, l’expression (1.47) du champ local est toujours valable. Toutefois,
la polarisation totale est la somme d’un terme linéaire et d’un terme non-linéaire, si bien que :

P = PL + PNL (1.54)

avec :

PL = NαEloc = Nα

[
E +

PL

3ǫ0
+

PNL

3ǫ0

]
(1.55)

On résout cette dernière équation pour PL et on introduit la susceptibilité effective, ce qui
fournit :

PL = ǫ0χeff

[
E +

PNL

3ǫ0

]
(1.56)

Considérons maintenant, l’induction électrique D = ǫ0E + PL + PNL. En substituant la
polarisation linéaire par son expression donnée par (1.56) dans l’expression de D, on obtient :

D = ǫ0ǫeffE +
(
1 +

χeff

3

)
PNL = ǫ0ǫeffE + fPNL (1.57)

Autrement dit, on s’aperçoit ici que le second terme dans l’expression de l’induction électrique
n’est pas seulement la polarisation non-linéaire PNL mais fPNL. Ceci signifie que dans l’équation
de propagation non-linéaire, c’est le terme fPNL qui devient un terme source non-linéaire pour le
champ électrique. Ce terme est d’ailleurs aussi appelé polarisation non-linéaire source (PNLS =
fPNL) et l’équation de propagation non-linéaire s’écrit alors :

∇×∇× E +
ǫ0ǫeff

c2

∂2E

∂t2
= −µ0

∂2PNLS

∂t2
(1.58)

1.3.2 Facteur de champ local et structures à fort confinement du champ

Le formalisme que nous venons de décrire correspond à l’effet classique dans un milieu dense
dû à la localisation des électrons près des noyaux. Nous supposerons que cet effet est inclus
dans la valeur des suceptibilités données pour un matériau massif. De plus, par analogie avec ce
formalisme, on peut de la même manière formuler une théorie du champ local provenant de la
structuration d’un matériau [9], et c’est à cet effet que nous nous intéresserons par la suite.

En toute rigueur, pour raisonner en optique non-linéaire, il faudrait raisonner sur le champ lo-
cal effectivement appliqué aux atomes localement. Puisque cette approche est exclue en pratique
dans un matériau massif contenant un très grand nombre d’atomes, la théorie du champ local
permet de relier le champ microscopique au champ macroscopique effectivement mesuré. Nous
pouvons adopter le même formalisme pour étudier les structures localisantes. Si l’on considère un
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matériau structuré dans lequel le champ est localisé, il est en pratique exclu ou extrêmement dif-
ficile de mesurer le champ dans la structure (par analogie au champ local). C’est pourquoi, nous
considérons le facteur de champ local permettant de relier le champ localisé dans la structure
au champ dans le matériau massif.

Maintenant que l’exaltation du champ est introduite pour la polarisation totale, il convient
de s’intéresser plus précisément à la susceptibilité d’ordre n, χ(n) et de regarder comment elle
est exaltée.

Cas de la polarisation non-linéaire d’ordre n

Considérons la polarisation source non-linéaire à la fréquence ω0 d’ordre n, P
(n)
NLS(r, ω0). Si on

l’exprime en fonction des champs locaux, on écrit :

P
(n)
NLS(r, ω0) = f(ω0)P

(n)
NL(r, ω0;ω1, ..., ωn)

= ǫ0f(ω0)χ
(n)(r, ω0;ω1, ..., ωn)|E(1)

loc(r, ω1)...E
(n)
loc (r, ωn)

(1.59)

Ici le trait sous la susceptibilité d’ordre n sert à signifier qu’il s’agit d’un tenseur et la barre
verticale (|) représente l’action du tenseur sur n champs. Si l’on réécrit l’expression (1.59) en
fonction des champs macroscopiques on obtient :

P
(n)
NLS(r, ω0) = ǫ0f(ω0)f(ω1)...f(ωn)χ(n)(r, ω0;ω1, ..., ωn) : E(1)(r, ω1)...E

(n)(r, ωn)

= ǫ0χ
(n)
eff

(r, ω0;ω1, ..., ωn) : E(1)(r, ω1)...E
(n)(r, ωn)

(1.60)

en posant :
χ(n)

eff
(r, ω0;ω1, ..., ωn) = f(ω0)...f(ωn)χ(n)(r, ω0;ω1, ..., ωn) (1.61)

On a, par cette dernière formule, un résultat important, à savoir qu’une non-linéarité d’ordre
n est exaltée par le produit des facteurs de champ local de tous les champs intervenants. Si on
suppose que tous les champs sont exaltés de manière identique (f(ω0) = f(ω1) = ... = f(ωn)),
la non-linéarité d’ordre n sera exaltée par un facteur f à la puissance n + 1. Le cas dégénéré
(|ω0| = |ω1| = ... = |ωn|) s’écrit :

χ(n)
eff

(r, ω) = fn+1(ω)χ(n)(r, ω) (1.62)

Il est important de remarquer que ces relations ne sont vraies que si n > 1. Le cas n = 1
est particulier, puisque il s’agit de la polarisation linéaire et que celle-ci n’est exaltée qu’une

fois, (i.e. χ
(1)
eff (r, ω) = f(ω)χ(1)(r, ω)). Il y a donc une discontinuité lors du passage à la non-

linéarité qui provient du fait que le traitement de celle-ci est perturbatif. En effet, la théorie de
la perturbation part du principe que l’on peut décrire un système complexe à partir du système
simple auquel on applique une perturbation représentant un petit écart par rapport à l’équilibre
du système. Si la perturbation (ici la polarisation non-linéaire) est faible, les différentes propriétés
physiques du système perturbé peuvent être déduites continûment à partir du système simple
(ici la polarisation). Dans le cas présent, on considère la polarisation (P), qui est renforcée par
le facteur de champ local (fP), auquel on applique une perturbation (P = PL +PNL) et qui est
aussi renforcé par f (fP = fPL + fPNL).

Renforcement des différentes non-linéarités considérées

Le tableau 1.1 indique comment le facteur de champ local renforce les différentes non-linéarités
que nous avons présentées dans le cas d’une propagation de type pompe-sonde. L’ordre de la
non-linéarité est aussi indiqué dans le tableau. Le cas de l’absorption et de la réfraction des
porteurs libres est non trivial et mérite que l’on s’y intéresse de plus près.
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L’absorption et la réfraction des porteurs libres (FCA et FCR) générés par absorption à deux
photons (TPA) est un effet non-linéaire d’ordre cinq effectif et il comporte donc six renforcements
par le facteur de champ local f .

Nous négligeons la recombinaison des porteurs, si bien que l’équation de génération de ceux-ci
par un champ E(ω0) devient :

dN

dt
= f4(ω0)

βTPA

2~ω0
|E(ω0)|4 (1.63)

Ainsi, la densité de porteurs libres est proportionnelle à un facteur f4 (N = f4(ω0)Nm avec Nm

le nombre de porteurs générés dans le cas f = 1).
On note χFC la susceptibilité non-linéaire effective correspondant aux effets de porteurs

libres. Nous considérons maintenant la polarisation non-linéaire source rayonnant à la fréquence
ω1 correspondant aux effets de porteurs sur un champ E(ω1) :

PNLS(ω1) = ǫ0f(ω1)χFCEloc(ω1)

= ǫ0f
2(ω1)χFCE(ω1)

∝ ǫ0f
2(ω1) (σa + iσn) NE(ω1)

∝ ǫ0f
2(ω1)f

4(ω0) (σa + iσn)NmE(ω1)

∝ f2(ω1)f
4(ω0) (1.64)

Dans le cas particulier ou ω1 = ω0, on a :

PNLS(ω0) ∝ f6(ω0) (1.65)

et pour le cas pompe-sonde, on écrit :

PNLS(ωs) ∝ f2(ωs)f
4(ωp) (1.66)

Table 1.1. Facteurs de champ local pour les différents effets non-linéaires. Les indices p et s désignent

respectivement l’onde de pompe et l’onde sonde.

Effet non-linéaire Abréviation Ordre Facteur

Diffusion Raman stimulée SRS 3 f2
p f2

s

Absorption à deux photons TPA 3 f4
p

Absorption à deux photons croisée XPA 3 f2
p f2

s

Effet Kerr Kerr 3 f4
p

Effet Kerr croisé XKerr 3 f2
p f2

s

Réfraction des porteurs libres (pour la pompe) FCR 5 f6
p

Réfraction des porteurs libres (pour la sonde) FCR 5 f4
p f2

s

Absorption des porteurs libres (pour la pompe) FCA 5 f6
p

Absorption des porteurs libres (pour la sonde) FCA 5 f4
p f2

s

Il est intéressant de noter, à partir de ce tableau, que le renforcement de la non-linéarité
peut être très différent suivant le régime de localisation. Lorsque deux effets non-linéaires ont
le même ordre, ils sont exaltés par la même quantité et sont donc en compétition. En revanche,
dès que l’ordre de deux effets non-linéaires est différent, il semble qu’on puisse agir sur le facteur
de champ local pour trouver le régime qui renforce la non-linéarité souhaitée. Par exemple,
l’effet Kerr est une non-linéarité d’ordre 3 et renforcé par un facteur f4

p , alors que la réfraction
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par les porteurs libres est un effet non-linéaire d’ordre 5 et renforcé par un facteur f6
p . Ainsi,

pour de faibles régimes de localisation, l’effet Kerr sera avantagé, puis au fur et à mesure que
le régime de localisation augmente, c’est la réfraction des porteurs libres qui sera avantagée.
L’étude des régimes de localisation est cruciale pour la fabrication de composants de traitement
de l’information par exemple.

1.3.3 Equation de propagation non-linéaire en présence de localisation

Ainsi, les deux équations de propagation couplées pour la pompe et la sonde prenant tous les
effets non-linéaires en compte s’écrivent alors :

∂As

∂z
= if2

p f2
s γRAp(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩsp(t−t′)A∗

p(z, t′)As(z, t′)dt′

+ iksf
2
s [2f2

p n2(1 + irs)|Ap(z, t)|2 + σnN(z, t)]As(z, t)

−
(αl

2
+ f2

s σaN(z, t)
)
As(z, t)

+ i

∞∑

m=0

imβm

m!

∂mAs

∂tm
(1.67)

∂Ap

∂z
= if2

p f2
s γRAs(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩps(t−t′)A∗

s(z, t′)Ap(z, t′)dt′

+ ikpf
2
p [f2

p n2(1 + irp)|Ap(z, t)|2 + σnN(z, t)]Ap(z, t)

−
(αl

2
+ f2

p σaN(z, t)
)
Ap(z, t)

+ i

∞∑

m=0

imβm

m!

∂mAp

∂tm
(1.68)

avec une équation de génération des porteurs libres :

dN

dt
= f4

p

βTPA

2~ω
I2
p − N

τp
(1.69)

Ici, les indices p et s permettent de désigner les grandeurs relatives à la pompe et à la sonde
respectivement. Les βm représentent les différents ordres de dispersions. Les fm (m = p, s)
représentent les facteurs de champ locaux et les km sont les vecteurs d’onde en espace libre.
Les autres paramètres apparaissant dans ces équations représentent différents phénomènes phy-
siques : αl est l’atténuation linéaire, rm = βTPA/(2kmn2) est un paramètre sans dimension qui
indique l’importance relative de l’absorption à deux photons par rapport à l’effet Kerr. Dans
l’équation de génération des porteurs libres, nous négligeons le terme d’absorption à deux pho-
tons croisée qui génère aussi des porteurs. En effet, celui-ci est proportionnel à |Ap(z, t)|2|As(z, t)|2
et est en général très petit par rapport au terme en |Ap(z, t)|4, car la pompe est beaucoup plus
intense que la sonde de même que les effets croisés de la sonde sur la pompe.

1.4 Etat de l’art général des structures à fort confinement du
champ

1.4.1 Facteur de champ local dans les structures à fort confinement du champ

Maintenant que nous connaissons l’effet du facteur de champ local sur les différents effets non-
linéaires, il convient de regarder comment celui-ci se manifeste dans les structures à fort confi-
nement du champ. Nous nous intéressons, dans cette section au champ local dû à la diminution
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de la vitesse de groupe dans les guides, ainsi qu’au fort confinement dans le microcavités. Fi-
nalement, nous effectuons un état de l’art non exhaustif des structures à fort confinement du
champ.

Champ local et vitesse de groupe

Dans le cas d’une onde se propageant dans un milieu où la vitesse de groupe de l’onde est
modifiée à cause de la structuration du matériau, on peut se demander ce que vaut le facteur
de champ local, défini par (1.53). Dans ce cas, les valeurs de coefficients non-linéaires données
dans la littérature, qui sont directement proportionnelles à la susceptibilité non-linéaire ne sont
plus valables dans l’équation de propagation si celles-ci ont été mesurées dans le matériau mas-
sif, comme c’est toujours le cas. Autrement dit pour modéliser correctement la non-linéarité, il
faut corriger les coefficients non-linéaires du facteur de champ local. Ceci est notamment vrai
pour les structures présentant une réduction de la vitesse de groupe. Nous présentons ici deux
démonstrations de ceci, par deux méthodes différentes. Une plus intuitive basée, sur la conserva-
tion de l’énergie d’une enveloppe passant d’un milieu massif dont la vitesse de groupe est rapide
à un milieu structuré dont la vitesse de groupe est lente. La seconde démonstration est plus
classique et consiste à montrer la colinéarité du vecteur vitesse de groupe ∇k(ω) et le vecteur
de Poynting Π.

Considérons une impulsion passant d’un milieu, où la vitesse de groupe est celle du milieu
massif vg0, à un milieu, où la vitesse de groupe est modifiée à cause de la structuration du
matériau (vg1). Au moment du passage d’un milieu à l’autre, il se produit une contraction de
l’énergie de l’impulsion ce qui a pour effet localement, d’augmenter la valeur crête de l’intensité
de l’impulsion par conservation de l’énergie totale de l’impulsion. Autrement dit si l’on considère
la densité linéique d’énergie dU/dz, la quantité :

∫
dU

dz
dz (1.70)

reste constante sur la distance de propagation. Ceci est strictement équivalent à dire que le flux
total d’énergie

∫
dU
dz vdt doit être conservé. Et puisque le flux total d’énergie est proportionnel

à l’intensité de l’onde, on montre que cette relation de conservation peut s’écrire pendant une
même durée dt : ∫

δτ
I0vg0dt =

∫

δτ
I1vg1dt (1.71)

I1

I0
=

vg0

vg1
(1.72)

où I0 et I1 sont les intensités crêtes des impulsions dans le milieu massif et dans le milieu
structuré respectivement, si bien que le facteur de champ local devient :

f =
|E1|
|E0|

=

√
I1

I0
=

√
vg0

vg1
=

√
ng1

ng0
(1.73)

où ng0 et ng1 sont les indices de groupe.

L’approche intuitive que nous venons de développer est confirmée par la démonstration suivante.
Pour pouvoir exprimer la vitesse de groupe vectorielle ∇k(ω), il faut différencier une relation
scalaire entre ω et le vecteur d’onde k. En utilisant l’équation de Maxwell-Ampère dans la
matière (k × H = −ωD), où H et D sont respectivement le vecteur champ magnétique et le
vecteur induction électrique, et en appliquant le produit scalaire par E, nous obtenons :

ωE.D = E. (H × k)



26 1 OPTIQUE NON-LINÉAIRE ET LOCALISATION

que l’on peut différencier, considérant que tous les vecteurs et la fréquence ω sont fonctions de k
et en utilisant la formule du produit mixte (i.e. a.(b× c) = b.(c×a) = c.(a× b)), nous obtenons :

δωE.D + ωδE.D + ωE.δD = δE. (H × k) + E. (δH × k) + E. (H × δk)

= δE. (H × k) + δH. (k × E) + δk. (E× H)

= ωδE.D + ωδH.H + δk. (E × H)

où l’on a utilisé l’équation de Maxwell-Faraday (k × E = ωH) :

δωE.D = ω (δH.H − E.δD) + δk. (E × H)

En supposant que le tenseur diélectrique ǫ est symétrique, et en négligeant la dispersion, on peut
alors écrire :

E.δD = D.δE =
1

2
δ (E.D)

et donc :
δωE.D =

ω

2
δ
(
|H|2 − E.D

)
+ δk. (E × H)

En utilisant l’équation de Maxwell-Ampère, puis l’équation de Maxwell-Faraday, on montre que :

E.D =
1

ω
E. (H × k) =

1

ω
H. (k × E) = |H|2

Finalement,
δωE.D = δk. (E ×H)

et :

∇k(ω) =
E × H

E.D
=

E × H

|H|2 (1.74)

Ainsi, le vecteur vitesse de groupe et le vecteur de Poynting (Π = E × H) sont colinéaire et
puisque l’intensité de l’onde est proportionnel à la moyenne du vecteur de Poynting, on a la
relation suivante :

f =
|E1|
|E0|

=

√
I1

I0
=

√
〈||Π1||〉
〈||Π0||〉

=

√
〈||∇k1(ω)||〉
〈||∇k0(ω)||〉 =

√
vg0

vg1
=

√
ng1

ng0

(1.75)

Ainsi le facteur de champ local est relié au facteur de ralentissement dans une structure où
le mode subit un ralentissement [11]. On voit bien qu’une façon d’agir sur l’exaltation des non-
linéarités consiste alors à réduire la vitesse de groupe dans un matériau structuré. La figure 1.7

Figure 1.7. Illustration
présentant la manière
dont se propage un
impulsion dans un guide
à cristal photonique. En
entrant dans le guide,
du fait de la vitesse de
groupe réduite, l’impul-
sion subit une contraction
qui, par conservation de
l’énergie totale, impose
une puissance crête plus
élevée. Le processus est
similaire, quelque soit
la structure considérée
(micro-cavité, guide
ruban, etc) [10].

Sans localisation!
Avec localisation!
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illustre de manière simplifiée la manière dont se propage une impulsion ainsi que la contraction
qu’elle subit en entrant dans un milieu localisant (ici, un guide à cristal photonique).

Il existe aujourd’hui, des guides à cristal photonique pouvant fonctionner en régime de lumière
lente (typiquement c/30), tout en conservant une dispersion modale faible [12, 13, 14].

Champ local et microcavité

Le cas d’une microcavité se traite de manière légèrement différente, bien que l’on puisse aussi
faire l’analogie avec une structure à vitesse de groupe réduite. Nous présentons ici le calcul.

On considère ici une microcavité dont la dimension caractéristique est l à une dimension.
Dans ce cas, la transmission de la cavité est donnée par :

T (ϕ) =
(1 − R)2

(1 − R)2 + 4R sin2 ϕ
2

(1.76)

où ϕ(ω) = k(ω)(2l) est la phase accumulée sur un aller-retour de la cavité et R est le coefficient
de réflexion des miroirs de la cavité. En différenciant la relation de phase, on obtient :

δϕ(ω) =
∂k(ω)

∂ω
(2l)δω =

1

vg
(2l)δω (1.77)

En exprimant (2l) en fonction de la vitesse de phase vϕ = ω/k(ω) dans l’équation (1.77) on
écrit :

δϕ(ω) =
vϕ

vg
ϕ(ω)

δω

ω
(1.78)

Si on prend pour δω la largeur à mi-hauteur (FWHM) de la résonance de la cavité (pour ω = ωr),
telle que ϕ(ωr) = 2mπ et en posant le facteur de qualité de la cavité Q = ω

δω , on obtient :

δϕ(ω) =
vϕ

vg

2mπ

Q
(1.79)

Or d’après la formule (1.76), δϕ à mi-hauteur est telle que sin2(ϕ+δϕ
2 ) = (1−R)2

4R et si le coefficient
de réflexion R ∼ 1, on a δϕFWHM ∼ 2(1 − R) et donc :

(1 − R) =
vϕ

vg

mπ

Q
(1.80)

Ainsi, on a entre l’intensité hors de la cavité (I0) et l’intensité Icav dans la cavité :

Icav =

vϕ

vg
m π

Q(
vϕ

vg
m π

Q

)2
+ 4 sin2

(ϕ
2

)I0 (1.81)

A résonance, nous avons ϕ = 2mπ et Icav =
vg

vϕ

Q
mπ I0, si bien que l’on peut exprimer le facteur

de champ local :

f =
|Ecav|
|E0|

=

√
Icav

I0
=

√
vg

vϕ

Q

mπ
(1.82)

Ainsi si l’on se trouve dans une situation classique d’une microcavité dans un matériau massif,
on aura vϕ ≈ vg, alors que si l’on place dans la microcavité un cristal photonique présentant
une structure à modes lents, le rapport vg/vϕ devient important dans l’expression du facteur de
champ local.
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Il existe aujourd’hui des microcavités à cristal photonique très surtendues, dont les facteurs
de qualité peuvent atteindre 100 000 pour les microcavités en silicium sur isolant, 700 000 pour
les microcavités en GaAs sur membrane et 106 pour les microcavités en silicium sur membrane
[15, 16, 17, 18]. Avec un facteur de surtension de 106, le facteur de champ local f est supérieur
à 500, pour m = 1.

1.4.2 Les guides à cristal photonique semi-conducteur

La grandeur pertinente lorsque l’on souhaite décrire la propagation de la lumière en vue
d’applications pour la lumière lente ou fortement localisée, est la vitesse de groupe. Celle-ci
décrit la vitesse à laquelle l’enveloppe de l’onde se propage, autrement dit, la vitesse à laquelle
se propage l’énergie. En général, cette vitesse de groupe peut être considérablement réduite par
l’intermédiaire d’une forte dispersion liée à une forte résonance dans un milieu ou une structure.
Ainsi, une méthode classique de réduction de la vitesse de groupe consiste à propager une onde
dans un milieu présentant une très forte dispersion. Cependant, les progrès de la fabrication ont
permis de structurer les matériaux (notamment les semi-conducteurs) à l’échelle de la longueur
d’onde, si bien que la dispersion devient une caractéristique développée et contrôlée dans le but
de mâıtriser la localisation de la lumière pour des applications au traitement tout optique du
signal.

Un cristal photonique est un matériau structuré de manière périodique, à l’échelle de la
longueur d’onde. La périodicité doit être d’ordre optique, c’est-à-dire qu’elle doit présenter une
modulation de l’indice de réfraction. Cette périodicité a la particularité d’entrâıner l’apparition
de bandes d’énergies interdites dans la structure. Autrement dit, il existe des fréquences pour
lesquelles, la lumière ne peut se propager dans la structure quelle que soit la direction de pro-
pagation considérée. Si l’on vient à créer un défaut dans la périodicité, ce défaut devient le seul
endroit où la lumière peut exister, créant ainsi un confinement (en cavité ou en guide). Ces
structures présentent des propriétés étranges pour la propagation de la lumière, notamment de
réaliser un confinement transverse très fort, sur des dimensions nettement inférieures à la lon-
gueur d’onde, mais aussi et surtout de ralentir la lumière en bord de bande interdite, si bien que
le facteur de champ local devient important. Le développement de la théorie de bande interdite
photonique à la fin des années 1970 et au cours des années 1980 s’est inspiré par analogie de la
théorie de bande interdite électronique en physique du solide [19, 20]. Depuis les années 1990,
des cristaux photoniques présentant divers types de bande interdite photonique ont été étudiés
pour la réalisation de composants optiques. Les cristaux photoniques à deux dimensions sont
largement utilisés car ils présentent de faibles pertes, un fort confinement du champ et sont
relativement simples à fabriquer. Le guide à cristal photonique consiste en une structure, dans
laquelle le défaut de périodicité est constitué d’une ligne entière de trous d’air omise dans le
cristal photonique sur membrane ou sur substrat. Ainsi le guidage se produit suivant la direc-
tion du défaut, par réflexion totale interne suivant la direction parallèle à l’axe des trous et par
bande interdite photonique dans la direction orthogonale. Les images de la figures 1.8 montrent
des guides à cristal photonique sous différentes configurations.

Dans le cadre du traitement du signal par utilisation de la lumière ralentie dans un guide
à cristal photonique, une des considérations majeures pour le traitement de l’information est
la question du produit de la durée du temps bit par la bande passante. Dans la plupart des
applications, il est important d’avoir une grande bande passante (correspondant à une large
couverture en fréquence du signal), ce qui est généralement accompagné d’une faible durée
du signal. Ainsi, il faut que l’étendue du ralentissement de la lumière soit contrebalancée par la
bande passante requise pour le traitement du signal. De plus, si la bande passante est trop élevée,
la dispersion d’ordre deux peut devenir grande et fortement déformer le spectre du signal. Il existe
maintenant des structures à cristal photonique légèrement modifiées, permettant d’atteindre des
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(a)!

(b)!

(d)!(c)!

Figure 1.8. Images prises au microscope
électronique à balayage de différentes struc-
tures de guides à cristal photonique. (a)
Guide à cristal photonique sur membrane
avec un guide d’accès pour maximiser l’in-
jection dans le mode fondamental de la
structure [21].(b) Exemple d’utilisation de
ce type de structure dans un interféromètre
de Mac-Zehnder [21]. Cette conformation
permet notamment à partir d’un guide de
référence de mesurer la modification de la
vitesse de groupe dans un des guide par
rapport à l’autre. (c) Guide à cristal pho-
tonique. La rangée de trous omise dans la
structure périodique assure le confinement
transverse de la lumière tout au long cette
rangée, ce qui permet le guidage [22]. (d)
Vue agrandi de cette même structure [18].
La largeur du guide est d’environ 0.5 µm,
dimension inférieure à la longueur d’onde
typique de travail (∼ 1.5µm).

vitesses de groupes lentes avec une dispersion d’ordre deux très faible [12, 13, 14].

La deuxième grande considération dans le cadre du traitement du signal est le contrôle de la
vitesse de groupe ou de l’indice de groupe ng en longueur d’onde. Ce contrôle peut s’opérer de
manière externe par différentes méthodes. On peut par exemple chauffer le matériau, de manière
à obtenir de grande variation ∆n de l’indice de réfraction (de l’ordre du %). Des valeurs de ng

ont été accordée dans une gamme allant de 20 à 60 en chauffant un guide à cristal photonique
sur du silicium sur isolant [21]. Toutefois, la diffusion thermique est un phénomène relativement
lent dont le temps de réponse est de l’ordre de la centaine de ns. Ce temps de réponse peut être
considérablement réduite par injection de porteurs en tirant profit de l’effet de réfraction des
porteurs. Ce temps de réponse dépend de la durée de vie des porteurs et peut être inférieur à la
ns. Cependant, les variations de ∆n sont de l’ordre de 0.1%.

Dans les composants optiques tels que les lasers, les amplificateurs ou les modulateurs, le
gain et l’absorption sont exaltés par une réduction de la vitesse de groupe. L’absorption à
deux photons peut être utilisée pour créer un limiteur optique. Le mélange à quatre ondes et
l’effet Raman permettent de réaliser des sources ou des amplificateurs et l’automodulation de
phase permet de réaliser des commutateurs. Prenons à titre d’exemple, le cas d’un commutateur
optique basé sur l’effet Kerr et comparons les ordres de grandeur entre une technologie classique
telle que la fibre et un guide à cristal photonique, pour obtenir un déphasage non-linéaire de π
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introduit par un composant sur un des deux bras d’un Mac-Zehnder, permettant la commutation
des deux voies de l’interféromètre. Le tableau 1.2 regroupent les ordres de grandeur des différents
paramètres utilisés pour le calcul.

Table 1.2. Comparaison des ordres de grandeur entre une fibre et un guide à cristal photonique

semi-conducteur pour la réalisation d’un commutateur optique basé sur l’effet Kerr.

Grandeurs Symbole Fibre Guide à cristal photonique SC

Longueur d’onde λ 1.5 µm 1.5 µm
Aire effective Aeff 80 µm2 0.1 µm2

Longueur du composant L 1 m 1 mm
Coefficient Kerr n2 3×10−8 cm2/GW 3×10−4 cm2/GW
Facteur de champ local f 1 (vg = v0) 1.7 (vg = c/10)
Durée d’impulsion ∆t 10 ps 10 ps

Puissance crête nécessaire Pc 25 kW 5 W (sans localisation)
500 mW (avec localisation)

Energie de l’impulsion E 250 nJ 50 pJ (sans localisation)
5 pJ (avec localisation)

Le déphasage Kerr nécessaire pour commuter est donné par :

∆ϕKerr = f4k0n2
Pc

Aeff
L = π (1.83)

ici, k0 est le vecteur d’onde, Pc correspond à la puissance crête de l’impulsion se propageant
dans l’interféromètre, Aeff est l’aire effective du mode guidé et L est la longueur du guide (fibre
ou guide à cristal photonique). Puisque l’effet Kerr est un effet non-linéaire d’ordre trois il est
exalté par un facteur f4.

On s’aperçoit, par le tableau 1.2, du fait que l’utilisation d’un guide à cristal photonique
semi-conducteur, en régime de localisation, permettrait de gagner un facteur 5000 par rapport
à la fibre pour la commutation alors que la longueur du dispositif est plus petite d’un facteur
1000. Ceci est dû à trois facteurs en faveur du guide à cristal photonique : la réduction de
l’aire effective du mode guidé, la forte valeur du coefficient non-linéaire (n2) et la possibilité de
travailler en régime de localisation par réduction de la vitesse de groupe.

Pour cette technologie, bien que la propagation non-linéaire ait déjà été observée, il n’a pas
encore été établi de lien, de manière quantitative, entre la localisation (réduction de la vitesse
de groupe) et l’exaltation non-linéaire. Ce lien peut aussi être étudié dans les microcavités
[15, 16, 17, 18], mais nous ne attarderons pas dessus dans ce manuscrit, n’ayant pas effectué
d’étude expérimentale.

1.4.3 les nanoguides de silicium

L’utilisation du silicium pour l’optique intégrée fut proposée par Soref en 1985 [23], mais la
photonique sur silicium n’a réellement commencé à constituer un des domaines de recherche où
l’intérêt de la communauté scientifique s’est le plus développé qu’à partir de la fin des années
1990. Ceci est principalement dû au fait qu’il existe un besoin potentiel pour réaliser des inter-
connexions optiques dans les futurs circuits pour les calculateurs et les composants de traitement
du signal super rapide, tels que des amplificateurs, des sources et des commutateurs. De plus, ce
besoin cöıncide avec une certaine maturité de la fabrication micro-électronique dans l’industrie
et une grande qualité des galettes de silicium, ainsi qu’une compatibilité du matériau avec la
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Nanoguide Ruban!

Substrat!(a)! (b)!

Figure 1.9. (a) Image prise au microscope électronique à balayage d’un guide ruban sur substrat. (b) Dimensions
typiques d’un guide ruban sur substrat. Le confinement dans ces structures est du même ordre de grandeur que
pour les guides à cristal photonique. Le milieu actif est le silicium et le substrat est composé d’une couche de
silice par dessus une couche de silicium.

technologie CMOS. Les images de la figure 1.9 montrent les dimensions caractéristiques de ce
type de guides.

Pour les applications décrites dans le paragraphe précédent, le silicium est un très bon
matériau semi-conducteur grâce a de fortes valeurs des coefficients non-linéaire tels que le coef-
ficient Kerr (n2), la réfraction des porteurs libres (FCR) et le gain Raman. Tous ces éléments
permettent d’entrevoir le développement de composants très compacts avec un fort confinement
du champ menant à des modes localisés. Ces modes localisés, permettent d’obtenir des effets
non-linéaires à des puissances de commandes relativement faibles sur de petites longueurs d’in-
teraction (1 cm typiquement). C’est pour cela que la recherche investit beaucoup d’effort dans
l’étude des effets non-linéaires tels que l’automodulation de phase et la modulation de phase
croisée (SPM et XPM), l’absorption à deux photons et l’absorption à deux photons croisée
(TPA et XPA), les effets de porteurs (FCR), la diffusion Raman stimulée (SRS) et le mélange à
quatre ondes.

Bien que le formalisme décrivant les effets non-linéaires dans les fibres puisse être appliqué
au cas des nanoguides de silicium, il faut tenir compte du fait qu’il s’agit d’un semi-conducteur
présentant beaucoup d’effets non-linéaires qui peuvent présenter des propriétés intéressantes
quant à la propagation d’une onde, mais qui sont dans bien des cas en compétition, ce qui
constitue un obstacle de fait. A partir de ce constat, l’enjeu est double. Il faut d’une part, être
conscient de l’importance d’avoir une théorie unifiée permettant de comprendre la physique
de la propagation non-linéaire dans les nanoguide de silicium et d’entrevoir les applications
potentielles. D’autre part, il faut apporter un éclairage quant à l’influence de la localisation
sur cette compétition, afin de comprendre (notamment avec des effets non-linéaires d’ordres
différents) les différents régimes de fonctionnement pour sélectionner l’effet intéressant.

1.4.4 Ordres de grandeur sur les dimensions et la localisation

Avant de débuter tout travail d’analyse et de caractérisation, il convient de présenter les
ordres de grandeur des dimensions typiques de composants photoniques non-linéaires, ainsi que
les valeurs pouvant être atteintes pour le facteur de champ local f .

Bien que nous nous intéresserons principalement aux nanoguides et aux guides à cristal
photoniques (PCW), la plupart des résultats qui seront présentés dans ce manuscrit étayent une
théorie et des démonstrations qui peuvent, à défaut d’être appliquées, se transposer à d’autres
types de structures photoniques telles que les fibres ou les microcavités (µ-cavité).
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Figure 1.10. Diagramme de
longueurs typiques de compo-
sants en fonction des régimes
de localisation pouvant être at-
teint. Ce diagramme permet de
placer les différents types de
structure photonique en fonc-
tion de ces deux paramètres.
PCW : guide à cristal pho-
tonique (en anglais - photonic

crystal waveguide). µ-cavités :
microcavités. La zone hachurée
correspond à une zone non-
peuplée par des structures,
s’agissant de composants pho-
toniques de grandes dimensions
à forte localisation.
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La figure 1.10 présente un diagramme de longueur de composant en fonction du facteur de
champ local f , permettant de placer les différents types de structure en fonction de ces deux
caractéristiques. En commençant la description par le haut, les composants photoniques les plus
grands (en terme de longueur d’interaction) sont les fibres ou les milieux massifs non structurés,
présentant de faibles valeurs de localisation. A l’opposé, les dimensions les plus petites, avec de
fortes valeurs de localisation sont peuplées par les microcavités. A des dimensions intermédiaires
entre ces deux cas extrêmes, il y a les nanoguides présentant de plus faibles valeurs de facteur
f et à des longueurs plus grandes que les guides à cristal photonique de faibles dimensions et à
forte localisation.

Les frontières des différentes zones sont tracées de manière qualitative et ne sont là qu’à titre
indicatif. Il est bien sûr évident que ces frontières sont floues en réalité et représentent l’état de
l’art à un instant donné et ne constituent en aucun cas des limites infranchissables. Toutefois,
nous nous rapporterons à ce diagramme dans le vocabulaire de structure que nous utiliserons.

1.5 Conclusion

Par l’intermédiaire de ce chapitre, nous avons introduit les éléments de bases pour com-
prendre le travail présenté dans ce manuscrit concernant l’optique non-linéaire dans les structures
à fort confinement du champ. Nous avons effectué les rappels nécessaires afin de comprendre les
différents processus non-linéaires qui ont lieu dans les semi-conducteurs. Il y a les effets agissant
sur l’amplitude du champ : l’absorption à deux photons et absorption à deux photons croisée
(TPA et XPA), l’absorption des porteurs libres (FCA) et la diffusion Raman stimulée ; et les
effets agissant sur la phase de l’onde : l’effet Kerr et l’effet Kerr croisé, et la réfraction des por-
teurs libres (FCR). Nous avons présenté le formalisme de la théorie du champ local et montré
comment celui-ci peut être étendu à l’étude des structures à fort confinement du champ. Nous
avons présenté le renforcement du champ et son effet sur les processus non-linéaires et avons
relié l’augmentation du facteur de champ local f à la réduction de la vitesse de groupe dans un
milieu structuré ou au facteur de qualité d’une cavité. Finalement, nous avons procédé à un état
de l’art général des guides à fort confinement du champ.

Nous nous attacherons dans un premier temps à procéder à une vérification expérimentale de
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l’exaltation des non-linéarités dans un guide à cristal photonique d’arséniure de gallium (GaAs),
par réduction de la vitesse de groupe.
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Chapitre 2
Exaltation des non-linéarités dans un
guide à cristal photonique de GaAs

Dans ce chapitre, nous présentons une caractérisation expérimentale de la propagation en régime
non-linéaire dans un guide à cristal photonique d’Arséniure de Gallium (GaAs). Nous montrons
pour la première fois de manière quantitative comment la localisation du champ agit sur le ren-
forcement des effets non-linéaires tels que l’absorption à deux photons (TPA), l’effet Kerr optique
et les variations d’indice dues aux porteurs libres (FCR) générées par l’absorption à deux pho-
tons. Nous présenterons l’échantillon étudié ainsi que les outils de caractérisation expérimentale,
l’expérience mettant en évidence l’exaltation des effets non-linéaires et l’accord quantitatif entre
le modèle théorique et les résultats expérimentaux. Finalement, nous présenterons une étude
théorique de la propagation non-linéaire pour ce type de guide en régime picoseconde.
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2 EXALTATION DES NON-LINÉARITÉS DANS UN GUIDE À CRISTAL

PHOTONIQUE DE GAAS

2.1 Echantillon et Outils de caractérisation

2.1.1 Présentation de l’échantillon

La structure

Notre objectif est de démontrer expérimentalement l’exaltation des effets non-linéaires dans
un guide à cristal photonique, par ralentissement du mode de propagation. L’étude de telles
structures s’inscrit dans un contexte de recherche très compétitif et est souvent restreint à une
étude en régime linéaire. Toutefois le moment de l’étude présentée dans cette section a cöıncidé
avec le début des études du régime non-linéaire dans les structures à cristal photonique. L’effet
attendu du renforcement de l’interaction non-linéaire n’avait alors jamais été expérimentalement
montré de manière quantitative.

Ce travail a fait l’objet d’une collaboration avec l’équipe d’Alfredo de Rossi et Sylvain Com-
brié de Thales Research and Technology (TRT). L’équipe d’A. de Rossi a démontré une parfaite
mâıtrise de la conception et de la réalisation de guides à cristal photonique à faible atténuation
linéaire dans la filière GaAs.

L’échantillon (voir figure 2.1) a été réalisé par lithographie électronique en utilisant une résine
positive suivie d’une gravure ionique réactive afin de définir une maille de trous hexagonale dans
un masque brut de silice. La période a de la maille vaut 418 nm avec un diamètre de trou
valant r = 0.287a. Les rangées de trous forment une structure de 1 mm de long et de 10

√
3a de

large, avec une rangée omise dans la direction ΓK. Une hétérostructure constituée d’une couche
sacrificielle d’InGaP de 2 µm d’épaisseur (adaptée à la maille du GaAs), suivie d’une couche
de 300 nm (0.72a) de GaAs ont été utilisées comme matériaux de départ. Le transfert vers le
semi-conducteur a été produit par gravure plasma de haute densité [22]. La couche sacrificielle
a été retirée par une attaque chimique à l’acide chlorhydrique. L’échantillon a ensuite été clivé
en barre de 1 mm afin de permettre le couplage par injection directe dans le défaut linéaire du
guide à cristal photonique. Le résultat final est une structure W1 de GaAs avec une gaine de
trous d’air, de 300 nm d’épaisseur, suspendu sur une membrane (voir photo 2.1). L’aire effective
modale du guide vaut Aeff = 0.1 µm2.

Tous les paramètres choisis définissent une fenêtre de transmission monomode pour le guide
s’étalant sur une gamme spectrale allant de 1525 à 1630 nm (voir figure 2.2). En-dessous de 1525
nm, la transmission chute brutalement à cause des fuites intrinsèques du mode dans la structure.
1630 nm correspond à la longueur d’onde de coupure pour le mode fondamental du guide W1.
Une diminution de la vitesse de groupe est attendue vers les plus hautes longueurs d’onde.

Une méthode Fabry-Pérot de caractérisation a été utilisée pour déterminer les pertes. Une

Figure 2.1. Image prise au microscope électronique à
balayage du guide W1 de GaAs, de 1 mm de long, à
caractériser [24]. La période de la maille vaut 418 nm. Le
diamètre des trous vaut 120 nm. L’aire effective du mode
de propagation vaut Aeff = 0.1 µm2. La membrane sur
laquelle est suspendue la structure est épaisse de 300 nm.
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Figure 2.2. Spectres du
signal réfléchi à la face
d’entrée après un et deux
allés-retours dans un
guide à cristal photonique
d’arséniure de gallium du
type de celui que l’on a
utilisé de 1 mm de long :
(a) mode TE (b) mode
TM [24].

analyse fine de l’espacement entre les franges combinée à un modèle de réflexion pour les faces
d’entrée et de sortie du guide ont permis de déterminer un coefficient d’atténuation de 4.5 dB/cm
[25]. Cette dernière information permettra par la suite, de négliger l’absorption linéaire du guide,
puisqu’elle est inférieure à 1 dB/mm.

Le matériau

Le guide est gravé dans de l’arséniure de gallium qui est un matériau semi-conducteur de la filière
III-V. L’énergie de bande interdite de l’arséniure de gallium vaut Eg = 1.424 eV, ce qui est au-
dessus de l’énergie d’un photon à la longueur d’onde de travail autour de 1550 nm (d’énergie
0.8 eV), mais inférieur à l’énergie de deux photons (1.6 eV). Dans de telles conditions, l’arséniure
de gallium est un bon candidat pour observer le phénomène d’absorption à deux photons.

La valeur du coefficient d’absorption à deux photons du GaAs massif (βTPA = 10 cm/GW
[26, 27]) est très élevée pour ce matériau, plus d’un ordre de grandeur supérieur à celui du silicium
par exemple (βSi

TPA = 0.8 cm/GW [26]), ce qui renforce son potentiel pour la caractérisation
non-linéaire. De plus, ce matériau présente d’autres effets non-linéaires tels que l’effet Kerr et la
réfraction des porteurs libres qu’il est intéressant d’analyser pour notre étude.

Listons l’ensemble des effets non-linéaires dont il faut tenir compte afin d’effectuer une si-
mulation complète de la propagation des impulsions dans le guide ainsi que les coefficients
pertinents proportionnels au tenseur de susceptibilité. Le tableau 2.1 regroupe l’ensemble des
effets non-linéaires dont il faut tenir compte avec les coefficients non-linéaires correspondant
ainsi que des références bibliographiques où ceux-ci peuvent être trouvés. Nous indiquons aussi
le facteur correctif qu’il faut appliquer à l’effet non-linéaire, comme nous l’avons discuté dans
le chapitre 1. L’absorption à deux photons et l’effet Kerr sont des effets d’ordre trois et doivent
donc être renforcés par un facteur f4. En revanche, la réfraction des porteurs libres est un effet
non-linéaire d’ordre cinq effectif, car il s’agit du mélange d’un processus linéaire non instantané
(polarisabilité des porteurs libres) et d’un processus d’ordre trois (génération de porteurs par
absorption à deux photons). Ainsi le facteur correctif total vaut : f2 × f4 = f6 (voir section
1.3.2 du chapitre 1).
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Table 2.1. Liste des différents effets non-linéaires, de leurs coefficients et du renforcement corres-

pondant.

Effets non-linéaire Symbole Valeur Provenance Renforcement

TPA βTPA 10 cm/GW [26] f4

Kerr n2 1.6 × 10−17 m2/W [26] f4

FCR σn −7 × 10−21 cm3 Drude-Lorentz f6

FCA σa 3.7 × 10−18 cm2 Drude-Lorentz f6

Deux de ces coefficients sont calculés. Il s’agit des coefficients de réfraction et d’absorption
des porteurs libres pour le GaAs, notés σn et σa respectivement. Ceux-ci peuvent être calculés
par le modèle de Drude-Lorentz :

σn = − e2

2ǫ0n0ω2

E2
g(

E2
g − ~2ω2

)
(

1

m∗
e

+
1

m∗
h

)
(2.1)
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ǫ0n0ω2

E2
g(

E2
g − ~2ω2

)
(
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e

+
1

µhm∗2
h

)
(2.2)

Le tableau 2.2 recense les valeurs des différents paramètres utilisés pour effectuer l’application
numérique. Dans l’équation (2.1), le terme en 1/m∗

h peut être négligé parce que la masse effective
des trous dans le GaAs est dix fois plus élevée que la masse effective des électrons.

Table 2.2. Paramètres utilisés pour l’application numérique de σn et σa.

Paramètres Symbole Valeur Provenance

Constante diélectrique du vide ǫ0 8.85 × 10−12 F/m -
Charge de l’électron e 1.602 × 10−19 C -
Masse de l’électron me 9.11 × 10−31 kg -
Masse effective des électrons dans le GaAs m∗

e 0.067 me [28]
Masse effective des trous dans le GaAs m∗

h ≈ 10 m∗
e [28]

Mobilité des électrons dans le GaAs µe 0.8 m2/V/s [28]
Mobilité des trous dans le GaAs µh ≈ µe

20 [28]
Indice du GaAs à 1.55 µm n0 3.37 [28]
Fréquence optique ω 1.213 × 1015 rad/s Exp

Les termes d’absorption à deux photons et d’absorption des porteurs libres s’écrivent de la
manière suivante dans l’équation de propagation non-linéaire pour l’enveloppe du champ A(z, t),
en négligeant les termes de phase :

∂A(z, t)

∂z
= −

(
f4βTPA|A(z, t)|2 + f2σaN(z, t)

)
A(z, t)

= − (αTPA + αFCA) A(z, t)
(2.3)

La densité de porteurs N(z, t) est déterminée par l’équation de génération :

∂N(z, t)

∂t
= f4 βTPA

2~ω
I(z, t)2 (2.4)
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Figure 2.3. Absorption des
porteurs libres (α∗

FCA en poin-
tillé) et absorption à deux pho-
tons (α∗

TPA en trait continu) en
fonction de l’intensité crête de
l’impulsion pour un facteur de
champ local f =

√
3, correspon-

dant à une vitesse de groupe de
c/10. L’encart représente le rap-

port
α∗

FCA

α∗

TPA

, qui lui ne dépend

pas de βTPA

où nous négligeons le terme de recombinaison des porteurs libres (typiquement de l’ordre de la
centaine de picosecondes), car celui-ci est très grand par rapport à la durée des impulsions dans
le régime que nous souhaitons étudier et où I(z, t) = |A(z, t)|2, d’après les conventions que nous
avons établi par l’équation (1.16). Nous pouvons maintenant, faire un calcul très approché sur
les ordres de grandeurs pour connâıtre l’importance relative de l’absorption des porteurs libres
par rapport à l’absorption à deux photons. On peut trouver une borne supérieure à la densité
de porteurs libres générés, en considérant une impulsion carrée de (2T ) ≈ 10 ps de large et dont
l’intensité est égale à l’intensité crête I(0, 0) = I0 de l’impulsion à l’entrée du guide. Dans ce
cas, la densité de porteurs peut être prise comme étant inférieure à N∗ :

N(z, t) < N∗ = f4 βTPA

2~ω
I2
0 × (2T ) (2.5)

Par conséquent, on peut aussi donner une borne supérieure pour la valeur de αFCA :

αFCA < α∗
FCA = f6σaN

∗ = f6σa
βTPA

2~ω
I2
0 (2T ) (2.6)

De la même façon, on peut écrire une formule pour l’absorption à deux photons égale à :

α∗
TPA = f4βTPAI0 (2.7)

La figure 2.3 montre l’évolution de α∗
FCA et de α∗

TPA en trait pointillé et continu respectivement
sur l’intervalle 0 - 1 GW/cm2 pour un facteur de champ local f =

√
3 correspondant à une

vitesse de groupe d’environ c/10. Ces deux courbes ont été tracées en utilisant les formules
(2.6) et (2.7). On peut voir que pour ces gammes d’intensité crête et pour f <

√
3, la courbe

d’absorption à deux photons est toujours nettement au-dessus de la courbe d’absorption des
porteurs libres, si bien que l’on peut faire l’approximation αFCA ≪ αTPA dans nos conditions
expérimentales.

A partir des expressions de α∗
FCA et de α∗

TPA, nous pouvons en déduire l’expression du rapport
des deux grandeurs :

α∗
FCA

α∗
TPA

= f2 σa

2~ω
I0(2T ) (2.8)
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Accordable
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Figure 2.4. Dispositif expérimental pour la caractérisation du guide W1 de GaAs, composé d’une source non-
linéaire et d’une diode laser accordable pour la spectroscopie linéaire. L’analyseur de spectre optique (ASO) pilote
la source laser accordable par l’intermédiaire d’un câble GP/IB. Ceci permet d’effectuer une mesure du spectre
automatiquement tout en faisant varier la longueur d’onde de la source. L : lentille pour collimater ou injecter
le faisceau. MO : objectif de microscope pour injecter ou extraire la lumière du guide. CCD : Caméra CCD en
InGaAs.

Ainsi, nous constatons que le rapport des deux ne dépend pas du coefficient d’absorption à
deux photons βTPA, mais croit linéairement avec l’intensité-crête, la durée d’impulsion et le
carré du facteur de champ local. L’encart de la figure 2.3, montre l’évolution de ce rapport avec
l’intensité-crête I0 dans les conditions que nous nous sommes fixées.

2.1.2 Outils de caractérisation expérimentale

Nous présentons dans cette section l’ensemble des outils expérimentaux utilisés pour la ca-
ractérisation de l’échantillon. Ces outils sont constitués d’un montage de spectroscopie, d’une
source non-linéaire et d’une procédure de réglage.

Le montage

Nous souhaitons effectuer une spectroscopie linéaire et non-linéaire du guide W1 de GaAs afin
de le caractériser. La figure 2.4 présente le schéma du banc d’injection utilisé pour effectuer
cette spectroscopie. Le faisceau délivré par la source continue ou impulsionnelle est injecté sur le
banc par l’intermédiaire d’une fibre optique monomode de type SMF28. Pour ne pas avoir à se
soucier de l’automodulation de phase dans la fibre en régime non-linéaire, nous en utilisons une
courte de 20 cm de long seulement. Nous immobilisons la fibre dans une position fixe afin de ne
pas modifier la polarisation linéaire de l’onde sortant des sources. Nous avons mesuré un taux
de polarisation supérieur à 95% à la sortie de la fibre. En sortie du coupleur de fibre, une lame
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demi-onde (notée λ/2) est insérée afin d’ajuster la direction de polarisation du faisceau incident
sur le mode TM du guide. L’injection dans le guide est réalisée grâce à un objectif de microscope
avec un grossissement de 63 et une ouverture numérique de 0.85. Un second objectif identique
au précédent assure la collimation du faisceau transmis en sortie du guide qui est alors injecté
dans une seconde fibre monomode et reliée à un analyseur de spectre optique (ASO) ayant une
résolution de 0.02 nm. Le modèle de l’ASO est ANDO AQ6317B.

Afin de s’assurer que le flux analysé provient bien du guide, une image de sa face de sortie est
projetée sur une caméra CCD en InGaAs au travers d’une lame séparatrice 50/50 insérée entre
l’objectif de sortie et la fibre reliée à l’ASO. Une source à diode laser monomode est reliée au
montage pour l’alignement du banc et l’optimisation de l’injection dans le mode TM des guides.
Les deux objectifs de microscope sont montés sur deux systèmes de translation XYZ disposant
de trois actuateurs piézoélectriques. Le faisceau signal issu de l’OPO est ensuite injecté dans la
fibre d’entrée du banc.

Pour la caractérisation linéaire, nous utilisons une diode laser émettant en continu (ANDO
AQ4320D) à une longueur d’onde précise, accordable entre 1520 et 1620 nm. L’analyseur de
spectre optique et cette source sont interfacés grâce à un câble de communication numérique
(GP-IB). Ainsi, l’analyseur de spectre optique pilote la source en effectuant un balayage en
longueur d’onde de la diode laser et effectue une mesure simultannée de la puissance spectrale
transmise dans une gamme de longueur définie par l’opérateur dans la fenêtre comprise entre
1520 et 1620 nm, correspondant à l’intervalle sur lequel la diode est accordable. L’intérêt de
cette configuration est de permettre une résolution sur la mesure, limitée par la résolution de la
diode laser dont l’incrément minimal en longueur d’onde vaut 1 pm par rapport à la résolution
maximale de l’analyseur de spectre seul, dont la résolution n’est que de 20 pm.

La source impulsionnelle : un oscillateur paramétrique optique

Pour caractériser les échantillons en régime non-linéaire, nous avons développé une source impul-
sionnelle spécifique picoseconde autour de 1550 nm [29]. L’utilisation d’impulsion picoseconde
permet de fixer une résolution temporelle dans une expérience de type pompe-sonde et d’assurer
une forte puissance crête nécessaire à l’obtention des effets non-linéaires. La source doit être
largement accordable autour de 1550 nm, correspondant à des longueurs d’onde typiquement
utilisées pour les télécommunications optiques. Cette dernière propriété est importante pour son-
der les structures à cristal photonique semi-conductrices pour lesquelles la vitesse de groupe ainsi
que les effets non-linéaires tels que l’absorption à deux ou trois photons dépendent très fortement
de la longueur d’onde. La dépendance en longueur d’onde pour la vitesse de groupe provient
de la structure de bande interdite photonique, alors que la dépendance des effets non-linéaires
provient du semi-conducteur lui-même par l’intermédiaire de sa bande interdite électronique.

Pour pouvoir bénéficier d’un régime d’exaltation non-linéaire intéressant, il faut coupler
efficacement les impulsions de la source dans les modes résonnants des structures à cristal pho-
tonique (qu’il s’agisse d’un guide ou d’une microcavité). Le choix d’impulsions picosecondes

Laser Ti:Sa

L

80 MHz

MP CS

CM1 CM2

PPSLT

Figure 2.5. Schéma de la ca-
vité en anneau disposée en
configuration bow tie. Le cris-
tal non-linéaire de PPSLT est
monté dans un four régulé
en température. MC : miroir
concave. MP : miroir-plan. CS :
Coupleur de sortie.
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permet d’établir un compromis entre la durée de chaque impulsion et la bande passante du
spectre de la source. La largeur spectrale d’une impulsion de 10 ps (demi-largeur à 1/e) vaut
100 GHz. Cette largeur spectrale permet de coupler efficacement l’impulsion dans des cavités
dont le facteur de qualité Q est proche de 2000 à 1550 nm. En plus de la durée d’impulsion, il
faut obtenir une grande précision sur l’accordabilité en longueur d’onde.

En plus du critère de puissance crête permettant d’atteindre le régime non-linéaire, il faut
que la puissance moyenne de la source soit suffisamment importante afin de pouvoir la détecter
avec une instrumentation standard (analyseur de spectre optique, détection synchrone, etc.).
Ceci impose donc une gestion de la fréquence de répétition des impulsions. Le cahier des charges
ainsi fixé élimine d’emblée les sources laser à fibres dopées Erbium. Malgré leur simplicité à
mettre en place, leur utilisation très répandue dans les expériences d’optique non-linéaire pour
les télécommunications et leur disponibilité commerciale, ce type de sources ne sont accordables
que sur des gammes spectrales assez étroites (30 nm typiquement). Notre choix s’est donc porté
sur la réalisation d’un oscillateur paramétrique optique (OPO) fonctionnant en régime picose-
conde, pompé par un laser Ti :Saphir (Ti :Sa).

Nous avons opté pour la conception d’une cavité stable en anneau en forme de bow tie, simple-
ment résonante. L’OPO est pompé par un laser Ti :Sa délivrant des impulsions de 10 picose-
condes à une fréquence de répétition de νrep = 80 MHz et une puissance maximale de 1.7 W (voir
schéma 2.5). La longueur d’onde de pompe est fixée à 725 nm. La cavité est constituée de deux
miroirs concaves (CM), d’un miroir plan (MP) et d’un coupleur de sortie (CS). La réflectivité
du coupleur de sortie vaut 80% sur la gamme 1550-1640 nm avec un traitement anti-reflet, afin
d’évacuer le faisceau complémentaire. Les autres miroirs ont une réflectivité proche de 100%
entre 1300-1600 nm. La longueur de la cavité est ajustée afin que la durée du trajet des photons
dans celle-ci cöıncide avec la fréquence de répétition du laser de pompe. Ainsi, l’OPO fonctionne
en régime de pompage synchrone.

Nous avons utilisé un cristal de PPSLT (periodically poled stochiometric LiTaO3). Un tel
cristal utilise le quasi-accord de phase, offrant la possibilité de travailler avec des coefficients
non-linéaires inaccessibles dans le matériau massif. Les longueurs d’interaction accessibles sont
importantes grâce à l’absence d’effet de walk-off spatial.

La longueur du cristal de PPSLT est de 20 mm et ses faces sont traitées anti-reflet entre
1300 nm et 1600 nm ainsi qu’à la longueur d’onde de pompe. La période du cristal vaut 18 µm
et sa température est maintenue à 127̊ C pour satisfaire la condition de quasi-accord de phase
autour de 1550 nm.

La particularité de cet OPO est que les impulsions émises ont une durée comprise entre 10 et
15 ps et sont limitées par les conditions de Fourier (i.e. ∆t∆ω ≈ 1, pour les largeurs temporelle
et spectrale à 1/e), sans utiliser de dispositif de filtrage spectral à l’intérieur de la cavité [29].

Considérations sur le couplage et procédure de réglage

Pour pouvoir extraire des données de toutes les mesures que nous pouvons faire (spectroscopie ou
transmission de puissance), il convient d’adopter des conventions sur les notations des différentes
grandeurs pertinentes à la propagation dans le guide, à l’injection de l’onde et aux conditions
expérimentales. Les puissances mesurées par notre montage (voir figure 2.4) sont mesurées en
dehors du guide, alors que les puissances importantes pour la non-linéarité sont les puissances
effectivement injectées. On distinguera ainsi la puissance d’entrée et de sortie, avant et après
injection et collimation par les objectifs de microscopes, notée Pe et Ps respectivement, de la
puissance d’entrée et de sortie, à l’intérieur du guide, notée P (0) et P (L) respectivement. Le
schéma de la figure 2.6 illustre cette convention. Ces quatre grandeurs sont reliées entre elles par
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Pe PsP(0) P(L)P(z)P(0)P(0)(0)(0) PP((z)z) PP((L((L)L)L

Figure 2.6. Schéma du guide présentant les conventions de notation pour les puissances. Pe : puissance d’entrée
à l’extérieur du guide. Ps : puissance de sortie à l’extérieur du guide. P (0) : puissance d’entrée dans le guide.
P (L) : puissance de sortie dans le guide. P (z) : puissance dans le guide après une longueur de propagation z
quelconque.

les coefficients de couplage en entrée et en sortie du guide, notés κe et κs respectivement. Ces
coefficients de couplage tiennent compte des pertes d’insertion dans le mode guidé, ainsi que des
pertes dues aux objectifs de microscope. Ainsi, en effectuant une mesure de transmission par
exemple, nous effectuons donc la mesure de Ps en fonction de Pe :

Ps = κsP (L) = f(Pe) = f

(
P (0)

κe

)
(2.9)

Si nous négligeons l’atténuation linéaire qui est inférieure à 1 dB/mm, le régime linéaire doit
correspondre à une évolution de la puissance de sortie du guide suivant l’équation :

Ps = κsP (L) = κsP (0) = κsκePe (2.10)

Le problème de cette dernière équation d’un point de vue pratique est qu’elle ne permet
pas, à partir d’une mesure de transmission, de déterminer les coefficients de couplage κe et
κs. Nous avons donc mis au point une procédure de réglage permettant de s’assurer que ces
deux coefficients sont identiques. Cette procédure consiste, pour toute mesure à s’assurer que
l’injection est symétrique. Ainsi, en reprenant le montage décrit par le schéma 2.4, si l’on enlève
le cube séparateur, on peut s’assurer que le montage est symétrique en permutant l’analyseur
de spectre et la source. Pour cela, nous utilisons deux objectifs de microscope parfaitement
identiques et nous optimisons et égalisons la transmission du montage dans les deux directions
de propagation. Les résultats étant identiques dans le cas où on effectue la permutation, et les
différences de mesures étant négligeables, nous pouvons faire l’hypothèse que les coefficients de
couplages sont quasiment les mêmes en entrée et en sortie de guide. En régime linéaire, cela
donne donc :

Ps = κsκePe ≈ κ2Pe (2.11)

2.2 Exaltation des non-linéarités par la localisation du champ

2.2.1 Mise en évidence de la localisation

Pour pouvoir mettre en évidence, de manière expérimentale, comment la localisation influence
l’exaltation de la non-linéarité, il faut mesurer le facteur de champ local. Dans le cas du guide
W1, cela revient à mesurer la vitesse de groupe de l’onde se propageant à l’intérieur du guide.
Nous montrons ici qu’en modélisant le guide par un interféromètre de Fabry-Perot, nous pouvons
effectuer cette mesure.
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Transmission Fabry-Perot du guide à cristal photonique

En première approximation, nous pouvons considérer le guide à cristal photonique de GaAs
comme un résonateur de Fabry-Perot à faibles coefficients de réflexion (R1 et R2) pour les
miroirs, i.e. dont la finesse est faible (voir schéma 2.7).

Si l’on injecte un laser monochromatique de faible puissance dans le guide, nous pouvons
mesurer le coefficient de transmission en fonction de la longueur d’onde du laser (spectroscopie
linéaire en transmission). Ainsi, en faisant varier la longueur d’onde de transmission, nous devons
voir apparâıtre les franges typiques de Fabry-Perot. La transmission d’une cavité de Fabry-Perot
est décrite par :

T (ω) =
T1T2

|1 −
√

R1R2e2iφ(ω)|2 (2.12)

où T1 et T2 sont les coefficients de transmission des faces d’entrée et de sortie respectivement.
En incidence normale et pour un guide de longueur L, on peut effectuer un développement du
dénominateur de l’équation précédente :

T (ω) =
T1T2

1 + R1R2 − 2
√

R1R2 cos [2φ(ω)]
(2.13)

En considérant que les coefficients de réflexion sont faibles, on peut écrire que R1R2 ≪ 1 et que
2
√

R1R2 cos (2φ) ≪ 1 ce qui permet de réécrire (2.13) sous la forme :

T (ω) ≈ T1T2

(
1 + 2

√
R1R2 cos [2φ(ω)]

)
(2.14)

Le coefficient de transmission étant définit comme le rapport entre la puissance transmise sur la
puissance incidente T = P (L)/P (0), on peut alors donner la formule de la puissance à l’extérieur
du guide :

Ps =
κs

κe
PeT1T2

(
1 + 2

√
R1R2 cos [2φ(ω)]

)
(2.15)

L’expression de la phase est donnée par :

φ(ω) = n(ω)
ω

c
L (2.16)

T1 T2

R2R1

Figure 2.7. Illustration de la modélisation du guide W1 par un interféromètre de Fabry-Perot. R1 et R2 sont les
coefficients de réflexion des miroirs d’entrée et de sortie respectivement. T1 et T2 représentent les coefficients de
transmission.
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Considérons à présent un mode résonant de l’interféromètre à la fréquence ω0, tel que le mode
suivant soit à ω0 + ∆ω, avec ∆ω ≪ ω0 . Le déphasage entre ces deux modes s’écrit :

φ(ω0 + ∆ω) − φ(ω0) = n(ω0 + ∆ω)
(ω0 + ∆ω)

c
L − n(ω0)

ω0

c
L = π (2.17)

Cette dernière équation peut se réécrire :

(
n(ω0) + ∆ω

dn

dω
(ω0)

)
(ω0 + ∆ω) − n(ω0)ω0 = π

c

L
(2.18)

pourvu que ∆ω dn
dω ≪ n(ω0). Au premier ordre en ∆ω, on obtient :

n(ω0) + ω0
dn

dω
(ω0) =

πc

L∆ω
(2.19)

On reconnâıt ici la définition de l’indice de groupe ng et puisque ω0 = 2πc
λ0

, on peut écrire :

ng(λ0) =
1

2L

λ2
0

∆λ(λ0)
(2.20)

où ∆λ(λ0) est l’intervalle spectral libre de la cavité autour de λ0. Ainsi une spectroscopie linéaire
en transmission du guide à cristal photonique, permet de déduire le facteur de champ local
f =

√
ng/n0 en fonction de la longueur d’onde par mesure de l’intervalle spectral libre.

Mesure du facteur de champ local

Maintenant que nous avons le modèle permettant de déterminer le facteur de champ local en
fonction de la longueur d’onde, nous pouvons effectuer la mesure en utilisant le banc d’injection
présenté par la figure 2.4. La diode laser est reliée au banc d’injection et on enregistre le spectre
linéaire en transmission analysé par l’analyseur de spectre optique.

La figure 2.8 montre le spectre linéaire en transmission obtenue avec le dispositif expérimental
décrit précédemment. Le spectre de transmission s’étend sur une gamme de longueur d’onde
comprise entre 1540 et 1560 nm. La résolution de la mesure est de 0.001 nm, ce qui corres-
pond à l’incrément minimal que l’on peut atteindre avec la diode laser. On observe les franges
de Fabry-Perot sur cette figure et en agrandissant le spectre sur deux gammes de longueur
d’onde différentes [1540-1545 nm pour la figure 2.8(b) et 1555-1560 nm pour la figure 2.8(c)], on
s’aperçoit que le nombre de pics contenus dans ces fenêtres élargies est différent. Ainsi, l’écart
spectral entre chaque pic diminue au fur et à mesure que l’on augmente la longueur d’onde de la
source. D’après la formule (2.20), la diminution observée de ∆λ signifie que l’indice de groupe
ng du mode se propageant dans le guide augmente et donc que le mode ralentit (i.e. la vitesse
de groupe vg diminue).

A partir, de ces données, nous pouvons donc tracer l’évolution du facteur de champ local en
fonction de la longueur d’onde. En utilisant la figure 2.8(a) et la formule (2.20), on peut tracer
ng(λ). Les points calculés pour ng(λ) sont affichés sur le graphe 2.9 par des marqueurs avec
un ajustement quadratique de ces points (trait continu). On observe l’augmentation nette de
l’indice de groupe avec des valeurs allant de ng(1545 nm) ≈ 5.5 à ng(1560 nm) ≈ 8. Le mode est
donc ralenti d’une vitesse de groupe de c/5.5 à c/8 sur une plage de 15 nm. La courbe en trait
plein sur la figure 2.9(a) correspond à un ajustement quadratique que l’on utilise ensuite pour
déterminer le facteur de champ local f(λ) suivant la relation :

f(λ) =

√
ng(λ)

nGaAs
(2.21)
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où nGaAs est l’indice de l’arséniure de gallium massif et vaut 3.37. La courbe ainsi calculée est
reportée sur le graphe de la figure 2.9(b). Nous observons une nette augmentation du facteur de
champ local allant d’environ 1.2 à 1.5 entre 1545 et 1560 nm. Ainsi, on peut s’attendre à ce que
les effets non-linéaires d’ordre trois (TPA et effet Kerr) soient exaltés par un facteur f4 = 2 à
1545 nm et f4 = 5 à 1560 nm. Les effets non-linéaires d’ordre cinq (FCR) seront exaltés entre
f6 = 3 et f6 = 11.4 sur ces deux mêmes bornes respectivement. Le graphe (c) de la figure 2.9
montre cette évolution du renforcement en fonction de la longueur d’onde.
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Figure 2.8. (a) Spectre linéaire en transmission du guide à cristal photonique pris entre 1540 et 1560 nm. On
peut voir la modulation du spectre due aux interférences de Fabry-Perot dans le guide. Ce spectre a été obtenue
avec une résolution de 0.001 nm. (b) Agrandissement de la figure (a) entre 1540 et 1545 nm. Nous observons qu’il
y 22 pics contenus dans cette fenêtre. (c) Agrandissement de la figure (a) entre 1555 nm et 1560 nm. Il y a 29
pics dans cette fenêtre, ce qui montre que l’écart entre les franges a diminué.
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A partir de l’ajustement de ng(λ), nous pouvons calculer la dispersion de la vitesse de groupe
β2(λ). β2 est défini par :

β2(ω) =
d

dω

(
1

vg(ω)

)
=

1

c

dng(ω)

dω
(2.22)

Si l’on réécrit cette définition en terme de longueur d’onde, on obtient :

β2(λ) = − λ2

2πc2

dng(λ)

dλ
(2.23)

En utilisant, la courbe ajustée pour ng(λ) de la figure 2.9(a), on peut calculer β2(λ) et la longueur
de dispersion LD(λ) pour une impulsion de durée T = 10 ps environ, correspondant au régime
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Figure 2.9. (a) Evolution de l’indice de groupe en fonction de la longueur d’onde. Les marqueurs correspondent
aux points calculés à partir de la figure 2.8 et le trait continu correspond à un ajustement quadratique des
données expérimentales. (b) Evolution du facteur de champ local en fonction de la longueur d’onde. Cette courbe
est calculée à partir de l’équation 2.21 et de la courbe ajustée de (a). (c) Exaltation des effets non-linéaires
en fonction de la longueur d’onde. Les deux courbes sont calculées à partir de (b). La courbe en trait plein
représente le renforcement du champ pour les effets non-linéaires d’ordre trois et la courbe en pointillé représente
le renforcement pour les effets d’ordre cinq. (d) Courbe représentant la longueur de dispersion LD, obtenue à
partir de l’ajustement de la figure (a) pour ng . Cette courbe est calculée pour une durée d’impulsion de 10 ps.
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des impulsions de notre OPO, donnée par [2] :

LD(λ) =
T 2

|β2|
(2.24)

La figure (2.9)(d) représente cette longueur de dispersion, exprimée en mm en fonction de la
longueur d’onde. Dans le régime auquel nous nous intéressons, cette longueur de dispersion
décrôıt entre 700 mm et 100 mm sur l’intervalle 1540-1560 nm, ce qui correspond à des dimensions
largement au-dessus de la longueur du guide que l’on souhaite caractériser, si bien qu’on pourra
faire l’approximation LD ≫ L par la suite et négliger l’effet de la dispersion de la vitesse de
groupe dans nos calculs. Ces données nous indiquent aussi, que pour des impulsions plus courtes
(e.g. T = 1 ps), on arriverait à un régime où LD ≈ L pour lequel, la prise en compte de la
dispersion serait nécessaire, ce qui illustre la nécessité de bien mettre en accord le choix de la
source impulsionnelle et la mesure à effectuer.

2.2.2 Exaltation de l’absorption à deux photons

Maintenant que nous avons pu déterminer l’évolution du renforcement du champ dans le guide à
partir de la mesure de l’indice de groupe, nous pouvons caractériser l’échantillon en régime non-
linéaire pour constater l’exaltation de la non-linéarité, d’une part, et la modéliser numériquement
d’autre part. Pour cela, nous injectons le faisceau issu de l’OPO sur le banc de caractérisation.
L’OPO délivre des impulsions de (2T ) = 12 ps de largeur totale à 1/e à une cadence νrep =
80 MHz.

Nous commençons par effectuer une mesure de la puissance en sortie du guide en fonction de
la puissance en entrée, i.e. une mesure de Ps en fonction de Pe suivant les conventions présentées
dans la section 2.1.2. Les points expérimentaux sont reportés sur le graphe de la figure 2.10 et
ont été pris à la longueur d’onde de 1550 nm pour l’OPO. Avec notre procédure de réglage et
en ayant supposé que le clivage en entrée et en sortie du guide produit des faces identiques aux
extrémités du guide, nous pouvons supposer que le coefficient de couplage κ est identique en
entrée et en sortie de guide. Ainsi, la pente à l’origine des données expérimentales fournit donc la
valeur du coefficient de couplage κ. On mesure κ = 0.57%. La droite du graphe 2.10 correspond
à la droite d’équation :

Ps = κ2Pe (2.25)

Les données expérimentales s’écartent très nettement de l’évolution linéaire, ce qui montre bien
qu’on est en présence d’une absorption non-linéaire. Comme nous l’avons vu plus haut, l’énergie
de la bande interdite du silicium vaut Eg = 1.424 eV, ce qui est au-dessus de l’énergie d’un
photon à 1550 nm, dont l’énergie vaut 0.8 eV environ, mais est inférieur à l’énergie de deux
photons (1.6 eV). Ainsi, ces points expérimentaux sont caractéristiques de l’absorption à deux
photons.

L’absorption à deux photons est un processus non-linéaire d’ordre trois. Classiquement,
l’équation différentielle régissant l’évolution de l’intensité de l’onde s’écrit :

∂I(z)

∂z
= −βTPAI2(z) (2.26)

Toutefois, puisqu’il s’agit d’un effet non-linéaire d’ordre trois dans un milieu à vitesse de groupe
réduite, il faut tenir compte du facteur de champ local que nous avons mesuré au paragraphe
précédent. A la longueur d’onde de 1550 nm, nous avons mesuré que le facteur de champ local
valait f = 1.35. Pour l’absorption à deux photons, nous avons vu que l’exaltation se faisait par
un facteur f4. On s’attend donc à un renforcement de la non-linéarité d’un facteur f4 = 3.3.
Il suffit pour cela, de remplacer la valeur du coefficient d’absorption à deux photons βTPA du
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Figure 2.10. Mesure de trans-
mission Ps = f(Pe), effectuée
à 1550 nm. La droite en trait
plein est la droite d’équation
Ps = κ2Pe, correspondant
au régime linéaire. Les points
expérimentaux s’écartent nette-
ment du régime linéaire mon-
trant ainsi que l’on se situe dans
un régime d’absorption non-
linéaire. Il s’agit de l’absorption
à deux photons.

matériau massif (non structuré), par la même valeur corrigée du renforcement par le champ
local, i.e. par f4βTPA. Ainsi la dernière équation devient :

∂I(z)

∂z
= −f4βTPAI2(z) (2.27)

Pour laquelle la solution est simplement :

I(z) =
I(0)

1 + f4βTPAI(0)L
(2.28)

En tenant compte du fait que I(0) = κ Pe

Aeff
et Ps = κI(L)Aeff , où Aeff est l’aire effective du

mode à l’intérieur du guide, on peut réécrire la dernière équation sur l’intensité en termes de
puissances à l’extérieur du guide, si bien que l’on obtient :

Ps =
κ2Pe

1 + κf4βTPA
Pe

Aeff

(2.29)

Nous regroupons dans le tableau 2.3, les valeurs retenues pour tous les coefficients de
l’équation (2.29). Il est important de remarquer que tous les paramètres utilisés sont connus.
Ils sont issus de la littérature (βTPA), mesurés expérimentalement (κ et f) ou donnés par les
constructeurs de l’échantillon (L et Aeff). Il n’y a donc aucune variable d’ajustement ici.

Sur la courbe de transmission non-linéaire (figure 2.10), la puissance moyenne incidente
maximale vaut < Pmax

e >= 83 mW. Ainsi l’intensité-crête de cette impulsion à l’intérieur du
guide vaut :

I0 =
P (0)

Aeff
= κe

Pmax
e

Aeff
=

κe

2Tνrep

< Pmax
e >

Aeff
≈ 500 MW/cm2 (2.30)

Avec cette valeur de l’intensité crête et en prenant f(1550 nm) = 1.35 (voir figure 2.9), nous
sommes dans les conditions énoncées au paragraphe 2.1.1, à savoir que f <

√
3 et que I0

appartient à l’intervalle 0 - 1 GW/cm2, si bien que l’absorption des porteurs libres est négligeable
par rapport à l’absorption à deux photons.
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Table 2.3. Valeurs des différentes grandeurs utilisées dans les calculs de transmission pour le guide

de GaAs.

Grandeurs Symbole Valeur Provenance

Coefficient de couplage κ 0.57% Mesuré
Facteur de champ local f 1.35 Mesuré
Coefficient d’absorption à deux photons βTPA 10 cm/GW [26]
Longueur du guide L 1 mm Donnée
Aire effective du mode Aeff 0.1 µm2 Donnée
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Figure 2.11. Puissance de sortie Ps en fonction de la puissance d’entrée Pe. Les points correspondent aux données
expérimentales. La courbe en trait plein est la solution de l’équation de propagation non-linéaire en corrigeant
le coefficient d’absorption à deux photons βTPA par le facteur de champ local. La courbe en trait discontinu
correspond à la même solution sans tenir compte de l’exaltation du champ (i.e. f = 1).

Nous traçons la courbe de l’équation (2.29) avec les paramètres du tableau 2.3 sur la figure
2.11 en tenant compte de la localisation (trait continu avec f = 1.35) et sans tenir compte de la
localisation (trait discontinu avec f = 1). On remarque que la courbe théorique tenant compte
du renforcement du champ s’ajuste remarquablement bien avec les points expérimentaux. On
remarque de plus que le facteur de champ local joue un rôle très important puisque l’on ne serait
pas capable de prédire l’évolution observée sans en tenir compte. La courbe discontinue est net-
tement au-dessus des données. Ces observations démontrent très clairement que la propagation
d’un mode à vitesse de groupe réduite dans un guide à cristal photonique ne peut pas être cor-
rectement décrite en prenant les valeurs de coefficients non-linéaires du matériau non structuré.
Nous montrons ainsi l’influence de la structuration sur le renforcement de la non-linéarité. Il
faut noter qu’au maximum de la puissance de nos mesures, l’absorption est deux fois et demi
plus forte dans le guide à cristal photonique par rapport au matériau massif et que le coefficient



2.2 Exaltation des non-linéarités par la localisation du champ 51

effectif d’absorption à deux photons est 3.3 fois plus élevé.

Ces résultats démontrent la relation entre la propagation en régime de lumière lente et
l’exaltation des non-linéarités. Ce résultat est, à notre connaissance, le premier qui établit de
manière expérimentale et quantitative, l’effet du renforcement des non-linéarités dans un guide
à cristal photonique en régime de localisation de la lumière dans un guide à cristal photonique
[30]. Dans le paragraphe suivant, nous nous intéressons au renforcement des effets de phase tels
que l’automodulation de phase induit par l’effet Kerr optique et la réfraction des porteurs libres
générés par absorption à deux photons.

2.2.3 Exaltation des effets de phase

Spectroscopie non-linéaire

Dans un second temps, nous effectuons la spectroscopie non-linéaire du guide grâce à l’expérience
décrite par le schéma de la figure 2.4. L’OPO délivre des impulsions à 1554 nm, longueur d’onde
pour laquelle nous avons obtenu les meilleurs résultats. La figure 2.12 présente les spectres des
signaux en sortie du guide à cristal photonique de GaAs, obtenus à faible et à forte puissance,
en bleu et rouge respectivement. La courbe à faible puissance correspond au régime linéaire, où
le spectre est identique au spectre délivré par l’OPO et n’a subit aucune déformation. La seule
différence entre le spectre d’entrée et le spectre de sortie est que ce dernier est entaché d’un
modulation de type cannelures d’interférences en lumière blanche à cause de l’effet Fabry-Perot
dans le guide. A haute puissance (courbe continue), on retrouve la modulation de Fabry-Perot,
mais on voit en plus de cela, que le spectre est notablement élargi et est fortement asymétrique,
car il possède un paquet de composantes aux basses longueurs d’onde contenant une densité
d’énergie supérieure aux composantes à hautes longueurs d’onde. Autrement dit, celui-ci a subit
une automodulation de phase asymétrique avec un décalage de ses composantes vers le bleu et
vers le rouge, mais pas avec la même force.

L’effet Kerr est un effet non-linéaire du troisième ordre dont le coefficient Kerr n2 vaut
1.6 × 10−17 m2/W pour l’Arséniure de Gallium et produit donc de l’automodulation de phase
sur les impulsions. Toutefois, l’effet Kerr est un processus qui est proportionnel à l’intensité et
dont l’effet est symétrique sur les composantes de l’impulsion, si l’on suppose que celle-ci est
gaussienne ou lorentzienne, comme nous l’avons vu dans le chapitre 1. Ainsi, il ne suffit pas, à
lui seul, à expliquer ce qui est observé.

Nous savons déjà, d’après la mesure de transmission dans le paragraphe précédent, que les
impulsions ont subit de l’absorption à deux photons au cours de la propagation. Puisque l’énergie
de gap du GaAs vaut Eg = 1.424 eV, l’absorption à deux photons (1.6 eV près de 1.5 µm) génère
des porteurs libres. Des électrons sont promus de la bande de valence vers la bande de conduction,
laissant des trous dans la bande de valence. Ces porteurs ont un effet double sur les impulsions.
Le premier effet est absorptif (FCA), dont on a déjà vu qu’il était négligeable devant l’absorption
à deux photons, et le second est dispersif (FCR). L’effet des porteurs est dynamique, puisqu’ils
sont générés sur la durée de l’impulsion, donc il est asymétrique par nature car il est plus fort à
la fin de l’impulsion qu’au début (paragraphe 1.2.5). Les porteurs libres font chuter l’indice au
cours de leur génération. Si l’on suppose que la durée de vie des porteurs est très grande devant la
durée des impulsions, une variation de l’indice ∆n(z, t) proportionnelle à la densité de porteurs
N(z, t) est induite. Ainsi, à cause de cette modulation de la phase auto-induite, le spectre est
décalé vers le bleu, ce qui correspond à ce que l’on observe. En résumé, le coefficient Kerr n2

étant positif, l’avant de l’impulsion est décalé vers le rouge, alors que l’arrière de l’impulsion est
décalée vers le bleu. Ainsi, l’effet Kerr et la réfraction des porteurs libres sont de signes opposés
au début de l’impulsion et de mêmes signes à la fin, ce qui signifie qu’une plus grande partie des
composantes spectrales doit être décalée vers le bleu. Ce dernier point correspond exactement à
ce qui est observé expérimentalement, puisque le pic décalé vers le bleu contient plus d’énergie
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Figure 2.12. Spectres de transmission normalisée du signal en sortie du guide à cristal photonique de GaAs. La
courbe pointillée correspond au spectre à faible puissance, obtenu avec une puissance d’entrée moyenne < Pe >=
8.3 mW, i.e. en régime linéaire, n’ayant subit aucune déformation. La courbe en trait plein est le spectre en régime
non-linéaire, obtenu avec une puissance d’entrée moyenne < Pe >= 83 mW, i.e. à forte puissance, ayant subit de
l’automodulation de phase.

que le pic décalé vers le rouge.

Au-delà de cet accord qualitatif de notre compréhension des effets non-linéaires présents
dans le guide et nos observations expérimentales, nous souhaitons illustrer le renforcement par
le facteur de champ local f des effets de phase que nous observons et obtenir une information
quantitative.

Equation de propagation non-linéaire et simulation du spectre

Nous rappelons que l’atténuation linéaire est négligée puisqu’elle est inférieure à 1 dB/mm.
L’équation de propagation non-linéaire décrivant l’absorption à deux photons, l’effet Kerr et la
réfraction des porteurs libres s’établit à partir de l’équation totale que nous avons présentée au
premier chapitre (voir équation (1.68)) et en ne conservant que les termes intervenant dans notre
cas (voir tableau 2.1) et avec le seul faisceau de pompe :

∂A(z, t)

∂z
= −

{
f4βTPA

2
|A(z, t)|2 − ik

[
f4n2|A(z, t)|2 + f2σnN(z, t)

]}
A(z, t) (2.31)

où k = 2π
λ et :

N(z, t) =

∫ t

−∞
f4βTPA

2~ω
I2(z, τ)dτ (2.32)

L’équation de propagation peut-être découplée en une équation portant sur l’intensité et une
portant sur la phase en distinguant la partie réelle et la partie imaginaire du facteur devant
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Figure 2.13. Comparaison entre spectre expérimental (trait pointillé) et spectres simulés (traits continus). La
courbe en gras correspond au spectre simulé en prenant le facteur de champ local déterminé expérimentalement,
i.e. f = 1.41 et la courbe fine correspond au spectre simulée en ne tenant pas compte de la localisation, i.e. f = 1.
Pour ces simulations, I0 = 500 MW/cm2 et λ = 1554 nm.

A(z, t) =
√

I(z, t)eiφ(z,t) dans l’équation (2.31) :

∂I(z, t)

∂z
= −f4βTPAI2(z, t) (2.33)

∂φ(z, t)

∂z
= k

[
f4n2I(z, t) + f2σnN(z, t)

]
(2.34)

Les impulsions délivrées par l’OPO sont modélisées par des gaussiennes de demi-largeur à
1/e valant T = 6 ps, si bien que l’on a :

I(z, t) = I(z, 0)e−
t2

T2 (2.35)

La solution de l’équation (2.33) est simple et se calcule immédiatement :

I(z, t) =
I(0, t)

1 + f4βTPAI(0, t)z
(2.36)

Nous effectuons ensuite une intégration numérique de l’équation (2.34), ce qui produit une
solution pour φ(z, t). La solution de l’équation de propagation non-linéaire est alors la fonction
A(z, t) =

√
I(z, t)eiφ(z,t). Nous pouvons ensuite nous intéresser à son spectre en effectuant la

transformée de Fourier du champ :

|Ã(z, ω)|2 = |TF [A(z, t)] |2 (2.37)

La figure 2.13 montre le résultat de la simulation en trait plein gras, obtenu avec la valeur
mesurée f(1554 nm) = 1.41. En accord avec les valeurs expérimentales, nous avons pris, pour
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Figure 2.14. Simulation de la phase accumulée au cours de la propagation en sortie du guide φ(L, t) avec (trait
épais) et sans localisation (trait fin).

cette simulation I0 = 500 MW/cm2 pour l’intensité crête et λ = 1554 nm pour la longueur
d’onde. On observe que l’accord entre la spectre simulé et le spectre mesuré est remarquable,
avec une position des pics et une portion d’énergie contenue dans les différentes composantes
spectrales, quasi-identiques. Ce résultat est d’autant plus remarquable qu’il est obtenu avec
absolument aucun paramètre ajustable, puisque tous les coefficients utilisés dans les calculs ont
été pris dans la littérature, mesurés expérimentalement ou donnés par le fabricant. Nous avons
aussi tracé la simulation du spectre de sortie en négligeant le facteur de champ local, c’est-à-
dire en prenant f = 1 (courbe en trait fin). Cette simulation permet donc aussi de mettre en
évidence, une fois de plus, de manière très claire l’influence de la localisation sur l’exaltation de
la non-linéarité. En effet, le spectre obtenu sans localisation n’a subit aucun élargissement et ne
s’est scindé d’aucune manière et ne permet donc pas d’expliquer les résultats expérimentaux. De
plus, nous montrons ici que s’il n’y avait aucune localisation nous n’aurions pas observé d’effets
non-linéaires à de telles puissances.

Sur la figure 2.14, nous traçons l’évolution temporelle de la phase accumulée au cours de
la propagation en sortie du guide. La courbe en trait gras correspond à la phase en tenant
compte de la localisation. Cette courbe commence par augmenter vers des déphasages positifs
correspondant à l’effet Kerr qui l’emporte très légèrement au début de l’impulsion. Puis, au fur
et à mesure que les porteurs sont générés, c’est le déphasage lié à ceux-ci qui l’emporte largement
et donne une allure de fonction erreur à la phase. On note de plus que le déphasage total vaut
2π alors que s’il n’y avait aucune localisation (courbe fine), il ne serait que de π/2 environ. Il
faut remarquer que cette large modification de la non-linéarité a été obtenue avec une puissance
moyenne injectée < P (0) >= κe < Pe >≈ 500 µW. Le déphasage minimal de π, nécessaire à la
réalisation d’un commutateur optique, devrait être atteint avec une puissance moyenne injectée
de 300 µW.

Les résultats présentés dans cette section ont fait l’objet d’une publication [30].
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2.3 Etude théorique de la propagation non-linéaire dans un guide

à cristal photonique de GaAs en régime picoseconde.

Nous avons démontré expérimentalement et quantitativement l’influence de la localisation sur
l’exaltation des effets non-linéaires. Maintenant que le modèle est validé, nous présentons dans
cette section une étude théorique afin d’apporter un éclairage sur la physique de la propagation
non-linéaire dans les guides à cristal photonique de GaAs et d’essayer de dresser une figure
de mérite pour les différents régimes de non-linéarités pour une application à la commutation
tout-optique. Cette étude permet de connâıtre les paramètres de fabrication pertinents et leur
influence sur la gestion de la non-linéarité.

2.3.1 Propagation non-linéaire dans le guide : influence de la localisation et
de la longueur d’interaction

Nous commençons par nous placer dans les conditions de l’expérience, i.e. d’un guide à cristal
photonique de GaAs de 1 mm de long, présentant de l’effet Kerr, de l’absorption à deux photons
et de la réfraction des porteurs libres. Nous y injectons des impulsions de durée T = 6 ps
(demi-largeur à 1/e).

Influence de la localisation sur la transmission non-linéaire et écrêtage de l’impulsion

Nous nous intéressons, dans un premier temps à la transmission non-linéaire du guide ainsi
qu’aux déformations que celui-ci peut induire sur la forme des impulsions. Dans une perspective
de conception d’un composant non-linéaire ces deux éléments sont importants à étudier car
gênants pour le traitement du signal.

On peut réécrire l’équation (2.36) sous forme de transmission sur les intensités-crête de
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Figure 2.15. Courbes de transmission théorique tracées en fonction de l’intensité-crête injectée I(0) dans le
guide pour différentes valeurs du paramètre f . La courbe noire représente la transmission dans les conditions de
l’expérience présenté dans la section 2.2.1.
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l’impulsion :

T =
I(L)

I0
=

1

1 + f4βTPAI0L
(2.38)

Sur la figure 2.15, nous traçons différentes courbes de transmissions à partir de l’équation (2.38),
en faisant varier le paramètre f . La courbe noire représente la transmission théorique en prenant
les données de l’expérience, c’est-à-dire avec f = 1.41. La courbe bleue (f = 1) présente l’allure
classique de la transmission non-linéaire en présence d’absorption à deux photons. Nous remar-
quons par ce graphe, que la chute de transmission s’opère à des intensités I(0) de plus en plus
faibles lorsque l’on augmente f . En effet, pour f = 1, T = 50%, lorsque l’intensité injectée vaut
1GW/cm2, alors pour f = 3, on obtient 50% de transmission avec une intensité de 10 MW/cm2.
Autrement dit, l’effet du renforcement du champ est négatif sur la transmission du signal.

Nous considérons que les impulsions injectées sont des impulsions gaussiennes qui peuvent
être décrites comme suit :

I(z, t) = I(z, 0)e−
t2

T2 (2.39)

Puisque l’absorption à deux photons est un effet qui dépend de l’intensité, cela signifie que
l’impulsion se fera plus absorber sur la crête que sur les flancs, ce qui résulte en un aplatissement
du haut de la gaussienne, que l’on appelle écrêtage. La figure 2.16 illustre cet effet. Pour une
intensité-crête en entrée du guide égale à 500 MW/cm2, on trace l’allure temporelle de l’intensité
I(L, t) pour différentes valeurs du facteur de champ local. Ainsi, lorsque l’on augmente la valeur
de f , l’impulsion est de plus en plus déformée et se retrouve écrêtée par absorption à deux
photons. La localisation augmente donc la déformation de l’allure temporelle de l’impulsion.

Influence du facteur de champ local sur la phase

Nous nous intéressons ici à l’influence de la localisation sur la phase cumulée au cours de la
propagation, en tenant compte de l’effet Kerr et de la réfraction des porteurs libres générés par
absorption à deux photons. Nous étudions aussi l’allure du spectre au cours de la propagation
dans le guide.

Figure 2.16. Evolution tem-
porelle de l’intensité en sortie
du guide I(L,t) pour différentes
valeurs du facteur de champ lo-
cal f . L’intensité-crête en entrée
I0 vaut 500 MW/cm2 et T =
6 ps comme dans l’expérience.
Lorsque la localisation aug-
mente, l’impulsion est écrêtée
davantage.
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Hormis la valeur du facteur f que nous faisons varier, nous conservons les conditions de
l’expérience réalisée dans la section 2.2.1, i.e. L = 1 mm, I0 = 500 MW/cm2 et T = 6 ps.
Pour chaque simulation que nous faisons, nous conservons l’effet de l’absorption à deux pho-
tons sur l’intensité du champ. Nous commençons par ne garder que l’effet Kerr dans l’équation
différentielle portant sur la phase :

∂φ(z, t)

∂z
= kf4n2I(z, t) (2.40)

Connaissant la forme de I(z, t) (voir équation (2.36)), nous pouvons résoudre cette dernière
équation différentielle aisément :

φ(L, t) = k
n2

βTPA
ln
(
1 + f4βTPAI(0, t)L

)
(2.41)

Il est intéressant de noter qu’en présence d’absorption à deux photons, le déphasage Kerr
n’est pas renforcé en f4 comme on le prédirait pour un effet Kerr pur, mais logarithmique-
ment. Toutefois lorsque X = (f4βTPAI(0, t)L) ≪ 1, i.e. lorsque l’absorption à deux photons est
négligeable, nous avons :

φ(L, t) ∼ kf4n2I(0, t)L (2.42)
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Figure 2.17. (a) : Evolution temporelle de la phase du champ en ne tenant compte que de l’effet Kerr. (b) :
Evolution temporelle de la phase du champ en ne tenant compte que de la réfraction des porteurs libres. (c)
Evolution temporelle de la phase en tenant compte de l’effet Kerr et de la réfraction des porteurs. (d) Déphasage
maximal cumulé au cours de la propagation en fonction du facteur de champ local pour l’effet Kerr seulement
(trait plein) et pour l’effet Kerr et la réfraction des porteurs libres (trait discontinu).
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exactement, comme un effet Kerr pur et nous retrouvons l’évolution en f4. Ainsi, l’absorption
à deux photons a pour effet de saturer le renforcement du déphasage Kerr. La figure 2.17(a)
montre l’évolution temporelle de la phase dans le cas où nous ne regardons que l’influence de
l’effet Kerr sur la phase, en fonction du paramètre f , pour f variant de 1 à 3. Nous remarquons
d’abord que toutes les courbes de phase suivent l’allure temporelle de l’intensité et que pour
les fortes valeurs du facteur de champ local, nous remarquons même l’influence de l’écrêtage
dû à l’absorption à deux photons. De plus, alors que f varie linéairement, entre les différentes
courbes, nous remarquons que la valeur maximale de la phase ne crôıt pas linéairement, ni même
ne crôıt en puissance 4 du facteur f comme nous pouvions le prédire. En effet, l’augmentation
est bien logarithmique comme nous venons de le démontrer.

On ne garde ensuite que le terme de réfraction des porteurs libres dans l’équation différentielle
sur la phase :

∂φ(z, t)

∂z
= kf2σnN(z, t) (2.43)

Cette fois, l’équation n’admet pas de solution analytique et nous sommes contraints de la
résoudre numériquement. Nous traçons sur la figure 2.17(b), la solution temporelle de cette
équation différentielle en sortie du guide, pour différentes valeurs de f . Chaque courbe suit une
évolution de type fonction erreur correspondant à la génération de porteurs libres. La raison pour
laquelle la solution pour la phase ne peut pas être trouvée analytiquement provient de l’équation
de génération des porteurs libres. En effet, avec I(z, t) donnée par (2.36), celle-ci s’écrit :

∂N(z, t)

∂t
= f4 βTPA

2~ω
I2(z, t) (2.44)

et la fonction I2(z, t) ne s’intègre pas analytiquement en t. Toutefois, nous pouvons tout de
même lui trouver des solutions approchées dans les cas limites, i.e. suivant les valeurs prises par
le paramètre X = (f4βTPAI(0, t)L). Si X ≪ 1, alors I(z, t) n’est plus une fonction de z et par
conséquent N(z, t) non plus :

∂N(t)

∂t
∼ f4 βTPA

2~ω
I2(0, t) (2.45)

L’intégration de cette équation est alors simple et fournit :

N(t) ∼ f4βTPA

2~ω
I2
0

T

2

√
π

2

[
1 + erf

(√
2

t

T

)]
(2.46)

Puis en substituant N(z, t) par cette expression dans l’équation (2.43), l’intégration donne :

φ(z, t) = kf6σn
βTPA

2~ω
I2
0

1

2T

√
π

2

[
1 + erf

(√
2

t

T

)]
z (2.47)

Nous voyons donc l’évolution sous forme de fonction erreur. Cette solution est valable pour
X ≪ 1, c’est-à-dire pour de faibles valeurs d’intensité-crête injectée, ou encore pour de faibles
valeurs de longueur de propagation. Autrement dit, il s’agit de l’évolution de la phase au début
du guide (z ≪ zlim = 1/(f4βTPAI0)). Dans le cas correspondant à l’expérience que nous avons
réalisée, il s’agit de longueurs inférieures à 500 µm. On remarque que la phase évolue proportion-
nellement à f6, ainsi, tout renforcement du champ dans ce régime permet, une forte exaltation
de la phase non-linéaire. Ce régime est intéressant d’un point de vue de la commutation tout-
optique, puisqu’il correspond à un processus favorisant la phase non-linéaire et où l’influence de
l’absorption à deux photons sur la transmission est faible.

Lorsque qu’au contraire, nous nous plaçons dans un régime où z ≫ zlim (i.e. X ≫ 1), le
terme source dans l’équation de génération des porteurs, ne dépend plus du temps et on peut
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alors considérer que l’impulsion est carrée sur une durée d’environ (2T ) et les porteurs sont
générés instantanément au passage de la crête de l’impulsion, par intégration de (2.44), on a :

N(z) ∼
∫ T

−T

1

2~ω

dt

f4βTPAz2
=

1

2~ω

2T

f4βTPAz2
(2.48)

Et la phase s’écrit alors :

φ(z > zlim) = φ(zlim, t) + k
σn

2~ω

2T

f2βTPA

[
1

zlim
− 1

z

]
(2.49)

La phase tend alors assymptotiquement vers φ∞ = kf2 σn

2~ω I0. On comprend ici quelque chose de
crucial dans l’influence du facteur de champ local, à savoir, que suivant les régimes de fonctionne-
ment, les différents effets non-linéaires ne sont pas renforcés de la même manière. Des influences
positives de la localisation peuvent devenir négatives passé un certain régime. Le tableau 2.4
regroupe la dépendance de la phase avec le facteur de champ local f suivant les régimes de X.
On voit que la phase due à l’effet Kerr est exaltée par un facteur f4 pour X ≪ 1 et en ln(f)
pour X ≫ 1. En revanche, la phase due à la réfraction des porteurs libres est exaltée en f6,
puis en f2. Le paramètre X peut être considéré comme le paramètre gouvernant l’absorption à
deux photons. Autrement dit, lorsqu’il est très grand (respectivement très petit), l’absorption à
deux photons est très forte (respectivement très faible). Ainsi, on voit que l’effet Kerr est favo-
risé si l’absorption à deux photons est faible, ce qui correspond à un résultat classique pour les
semi-conducteurs. Le rapport 2n2

λβTPA
est appelé facteur de mérite [31]. C’est ce facteur qu’il est

pertinent d’optimiser pour favoriser l’effet Kerr et c’est ce que nous retrouvons ici. En revanche,
le cas de la réfraction des porteurs libres est beaucoup plus intriguant et n’est pas étudié en
général. Puisque l’on remarque qu’en régime de forte absorption à deux photons, la localisation
nuit au déphasage. Ceci n’est pas forcément intuitif, dans la mesure, où plus de porteurs sont
générés.

Table 2.4. Dépendance du déphasage Kerr et du déphasage des porteurs libres avec le facteur de

champ local en fonction du paramètre X.

Régime pour X Dépendance Kerr Dépendance FCR

X ≪ 1 f4 f6

X ≫ 1 ln(f) f2

En regardant le graphe 2.17(c), on s’aperçoit, que l’influence de la réfraction des porteurs
libres est nettement plus grande sur la phase que celle de l’effet Kerr. Sur la figure 2.17(d), nous
calculons le déphasage maximal cumulé pour l’effet Kerr (trait plein) et dans le cas où l’on prend
en compte la réfraction des porteurs également. On voit aussi que le renforcement du déphasage
maximal est beaucoup plus important lorsque le FCR est pris en compte.

Influence de la localisation sur la longueur non-linéaire

Afin d’étudier les longueurs non-linéaire effectives de guide, nous effectuons une série de simu-
lations pour visualiser la densité spectrale de puissance pour différentes valeurs du facteur de
champ local. Les figures 2.18 et 2.19 représentent des graphes de la densité spectrale de puis-
sance normalisée au cours de la propagation. Les simulations sont réalisées avec les données
expérimentales (hormis les variations de f), à savoir une longueur de guide de 1 mm et une
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Figure 2.18. Graphes de la densité spectrale de puissance |ã(z, λ)|2 normalisée, pour différentes valeurs du
facteur de champ local, en fonction de la distance z parcourue dans le guide et de la longueur d’onde. Simulations
réalisées avec I0 = 500 MW/cm2 et L = 1 mm.

intensité-crête injectée de 500 MW/cm2 à 1554 nm. Quelle que soit la côte z, nous traçons :

|ã(z, λ)|2 =
|Ã(z, λ)|2

max
[
|Ã(z, λ)|2

] (2.50)

Ce type de représentation est intéressant pour observer le comportement des composantes
spectrales au cours de la propagation. On observe bien le comportement attendu pour les
différentes non-linéarités agissant sur la phase, à savoir que l’effet Kerr scinde le spectre sur
plusieurs canaux spectraux et que le paquet de canaux est translaté vers les longueurs d’onde
bleues, à cause de la réfraction des porteurs libres. On voit de plus que le nombre de canaux
augmente avec la localisation. En effet, pour f = 1 (i.e. sans localisation), l’unique canal spectral
de départ est conservé tout au long de la propagation, alors que pour f = 3, on dénombre, plus
de 10 canaux.
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Figure 2.19. Graphes de la densité spectrale de puissance |ã(z, λ)|2 normalisée, pour différentes valeurs du facteur
de champ local, en fonction de la distance z parcourue dans le guide et de la longueur d’onde. L’encart correspond
à un agrandissement de (a) sur les intervalles [0; 0.1] mm en z et [1550; 1555] nm en longueur d’onde. Simulations
réalisées avec I0 = 500 MW/cm2 et L = 1 mm.

On remarque en plus, que l’étendue des non-linéarités n’est pas la même suivant les différents
régimes de localisation, sur la longueur de propagation. Pour f = 1.5, par exemple, la modi-
fication du spectre est relativement bien répartie sur l’ensemble du guide, puisqu’il se scinde
sur plus de la première moitié du guide et que de l’énergie est transférée entre les différentes
composantes sur la deuxième moitié. En revanche, plus la localisation augmente, plus la distance
sur laquelle les effet non-linéaires agissent est faible. Ainsi pour f = 3, le spectre a quasiment
atteint son allure finale au bout de z = 150 µm. Cette distance que l’on peut qualifier de lon-
gueur non-linéaire effective dépend du facteur de champ local et doit être différente suivant
l’effet non-linéaire considéré. On comprend ainsi dans le cas d’une forte localisation (e.g. f = 3),
il n’est pas nécessaire d’utiliser un guide de 1 mm de long, ce qui permet, en plus de renforcer le
champ, de considérablement réduire les longueurs d’interaction et ainsi de réduire les pertes de
propagation qui ne sont pas visibles sur les figures 2.18 et 2.19, car les spectres sont normalisés.

Bien que très intéressant, ce mode de représentation ne permet pas d’entrevoir l’effet de la



62
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Figure 2.20. Transmission T définie par
l’équation (2.38) en fonction de la longueur
de propagation dans le guide z. On re-
marque que la transmission chute de plus
en plus vite au fur et à mesure que l’on
localise, signifiant bien que la longueur ef-
fective d’absorption diminue avec f .
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localisation sur la longueur non-linéaire d’absorption avec ces graphes, puisqu’ils sont norma-
lisées. En revanche, dans le graphe 2.20, sur lequel nous traçons l’évolution de la transmission T
définie par (2.38) en fonction de z pour différentes valeurs du facteur de champ local, on observe
quelque chose de similaire sur la longueur effective non-linéaire pour les effets de phase, à savoir
qu’elle diminue fortement avec le facteur f .

Nous avons donc observé qualitativement, par nos simulations, la dépendance des effets
non-linéaires et des longueurs non-linéaires avec le facteur de champ local. Nous avons mis
en évidence le fait qu’il existait différents régimes d’exaltation. Le paramètre zlim par exemple
pourrait servir de paramètre de longueur effective d’absorption à deux photons à ne pas dépasser
pour la conception et la fabrication d’un composant, afin de limiter les pertes et les baisses de
régime dans l’exaltation de la phase non-linéaire. Il convient dès lors, d’essayer de définir des
longueurs non-linéaires plus précisément pour les différents processus, afin de pouvoir effectuer
une gestion des effets non-linéaires en fonction des paramètres de fabrication. Ceci fait l’objet
du paragraphe 2.3.2.

2.3.2 Longueurs non-linéaires et localisation

Dans cette section, nous souhaitons définir de manière théorique, des longueurs d’interaction
pour chaque effet non-linéaire et nous intéresser aux différents paramètres, tels que le facteur de
champ local, la longueur du composant et l’intensité-crête injectée en entrée de celui-ci. Nous
nous restreignons à l’étude de l’arséniure de gallium, mais cette analyse peut être étendue à
d’autres matériaux, ce qui fait l’objet du chapitre final.

Considérons l’équation de propagation non-linéaire totale pour une onde se propageant dans
une structure en arséniure de gallium, présentant une forte localisation du champ (voir équation
(2.31)). Celle-ci s’écrit :

∂A(z, t)

∂z
=ik

[
f4n2|A(z, t)|2 + f2σnN(z, t)

]
A(z, t)

− 1

2

[
f4βTPA|A(z, t)|2

] (2.51)

Nous pouvons alors définir trois longueurs d’interaction non-linéaires.
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Longueur Kerr et longueur de réfraction des porteurs libres

Nous commençons par réécrire l’équation précédente pour en sortir l’équation différentielle por-
tant sur la phase :

∂φ(z, t)

∂z
= k

[
f4n2I(z, t) + f2σnN(z, t)

]
(2.52)

Pour l’effet Kerr et la réfraction des porteurs libres, nous pouvons définir les longueurs non-
linéaires comme les longueurs minimales permettant d’obtenir un déphasage entre l’entrée et la
sortie du composant égal à π.

Ainsi, on définit LKerr comme la longueur minimale d’un composant permettant d’obtenir un
déphasage égal à π, dans le cas où cet effet est pur, i.e. en l’absence de tout autre effet linéaire
ou non-linéaire. Autrement dit, pour toutes longueurs de composant z < LKerr, nous supposons
que seul l’effet Kerr intervient. LKerr est donc définie telle que :

∫ LKerr

0

∂φ(z, t)

∂z
dz = π (2.53)

dans le cas où ∂φ(z,t)
∂z = kf4n2I(z, t). L’équation (2.53) se réécrit immédiatement :

kf4n2I(z, t)LKerr = π (2.54)

En supposant que l’on prenne une impulsion carrée, de hauteur I0 pour l’intensité, cette dernière
relation devient, en l’absence de toute déformation de l’impulsion sur une longueur z < LKerr

du composant :

LKerr =
λ

2f4n2I0
(2.55)

On peut définir de la même manière, une longueur LFCR de réfraction des porteurs libres
permettant d’obtenir un déphasage valant π, dans le cas où cette réfraction est pure. Alors LFCR

est définie telle que : ∫ LFCR

0

∂φ(z, t)

∂z
dz = π (2.56)

dans le cas où ∂φ(z,t)
∂z = kf2σnN(z, t). L’équation (2.56) se réécrit :

∫ LFCR

0
kf2σnN(z, t)dz = π (2.57)

Nous pouvons maintenant détailler un peu plus la longueur LFCR, en faisant quelques ap-
proximations. Supposons que l’impulsion qui se propage dans la guide s’apparente à une im-
pulsion carrée, dont la demi-durée vaut T et dont l’intensité-crête est I0. Alors, l’expression de
la densité de porteurs libres générés par absorption à deux photons devient celle donnée par la
formule (2.5), i.e.

N(z, t) ≈ N0 = f4βTPA

2~ω
I2
0 (2T ) (2.58)

correspondant à peu près à la densité de porteurs générés à la fin de l’impulsion. Ainsi, en
substituant dans l’expression de LFCR, on obtient :

LFCR =
hc

2f6σnβTPAI2
0T

(2.59)

où h est la constante de Planck et c est la vitesse de la lumière dans le vide. Comme on s’y
attendait, la longueur de réfraction des porteurs libres est inversement proportionnelle à un
facteur f6 et au carré de l’intensité injectée.
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Figure 2.21. Graphe de contours du logarithme à base 10 des longueurs non-linéaires pour l’effet Kerr (a) et
pour la réfraction des porteurs libres (b) en fonction de Log10

ˆ
I0 (MW/cm2)

˜
et du facteur de champ local f ,

pour le GaAs.

Nous traçons (voir figure 2.21), des graphes de contours du logarithme à base 10 de LKerr

et de LFCR (exprimées en mètres) en fonction de Log10

[
I0 (MW/cm2)

]
et du facteur de champ

local f . L’intensité I0 varie entre 1 MW/cm2 et 1 GW/cm2 et le facteur f varie entre 1 et
10. Les longueurs représentées correspondent à des longueurs caractéristiques de composants
optiques tels que des fibres, des guides ou des micro-cavités. Ainsi, les faibles valeurs de facteur
de champ local (f ∼ 1) sont associées à de grandes longueurs non-linéaires (LNL > 1 cm)
correspondant à des composants de type fibre. Les valeurs intermédiaires (f ∈ [1; 3] et L ∈
[1 mm; 1 cm]) correspondent à des guides à fort confinement du champ tels que des guides à
cristal photonique ou des nanoguides. Finalement les faibles valeurs de longueurs non-linéaires et
les forts facteurs f , correspondent plutôt à des composants de type micro-cavité (voir diagramme
1.10 du paragraphe 1.4.4). Ces caractéristiques seront développées plus en détail dans le chapitre
4. Sur ces diagrammes, on remarque que pour les fortes valeurs de facteur f et d’intensité I0,
les pentes de contours sont plus grandes pour la longueur de FCR que pour la longueur Kerr,
ce qui est logique vu les dépendances en f6 et I2

0 pour le FCR, et en f4 et I0 pour l’effet Kerr.

Longueur d’absorption à deux photons

De la même manière que nous avons défini des longueurs non-linéaires pour les effets de phase,
nous pouvons définir une longueur non-linéaire pour l’absorption à deux photons, en considérant
l’expression de la transmission (voir équation (2.38)). En effet, si l’on définit une transmission
minimale TTPA que l’on souhaite se fixer, on définit LTPA comme la longueur vérifiant :

TTPA =
1

1 + f4βTPAI0LTPA
(2.60)

Il vient alors aisément :

LTPA =
1 − TTPA

TTPAf4βTPAI0
(2.61)

On voit, de même que pour l’effet Kerr, cette longueur est inversement proportionnelle à l’inverse
de f4 et I0. Il est intéressant de remarquer que si l’on fixe une transmission du composant à
50%, alors on a LTPA = zlim. Fixons TTPA = 50%. On peut alors tracer les graphes de contours
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Figure 2.22. Graphe de contours du lo-
garithme à base 10 de la longueur non-
linéaire pour l’absorption à deux photons
correspondant à une transmission de 50%,
en fonction de Log10

ˆ
I0 (MW/cm2)

˜
et du

facteur de champ local f , pour le GaAs.

pour LTPA (voir figure 2.22). On voit ici que l’absorption à deux photons est très forte pour le
GaAs pour lequel elle réduit considérablement les dimensions de composant accessibles.

Régimes de fonctionnement

Imaginons que l’on veuille définir à présent les régimes de fonctionnement permettant d’obtenir
un déphasage de π, sous la contrainte de la transmission de 50% et d’une intensité injectée I0

donnée. Dans ce cas nous pouvons tracer des diagrammes de longueurs non-linéaires en fonction
de f sur la base du diagramme de structures 1.10 du paragraphe 1.4.4. Ceci revient pour tout
I0, à faire une coupe dans les graphes de contours de la figure 2.21 suivant une intensité donnée
et à superposer les courbes de longueurs pour les trois effets non-linéaires considérés.

Prenons, à titre d’exemple, une intensité de commande valant I0 = 100 MW/cm2. On trace
sur la figure 2.23, les longueurs non-linéaires pour les trois processus (Kerr, FCR et TPA) en
fonction du facteur de champ local. Pour obtenir un déphasage d’au moins π par un effet de
phase, on définit des zones sur le diagramme, telles que la longueur du composant soit supérieure
aux longueurs Kerr et FCR (zones hachurées sur les diagrammes (a) et (b)). En revanche,
pour respecter la contrainte de transmission, la longueur du composant doit être inférieure à
la longueur de TPA (zone hachurée sur le diagramme (c)). On définit ainsi une unique zone
(hachurée sur le diagramme (d)), où le déphasage vaut π par réfraction des porteurs libres. Les
droites correspondant au TPA et à l’effet Kerr ont la même pente et sont donc parallèles et ne se
croisent jamais. On remarque ainsi qu’avec la contrainte que l’on s’est fixée sur la transmission, la
longueur de TPA est toujours en-dessous de la longueur Kerr et ce, quelle que soit la valeur de f .
La pente de la longueur FCR est plus importante, ce qui est normal, puisqu’elle est inversement
proportionnelle à f6, alors que les longueurs Kerr et FCR sont inversement proportionnelles à f4.
Pour cela, il faut relâcher la contrainte sur TTPA. Ce résultat était déjà connu grâce au facteur
de mérite classique 2n2

λβTPA
, car celui-ci est inférieure à 1 pour le GaAs [31, 32]. L’obtention de

ce facteur de mérite est simple à partir des longueurs non-linéaires que nous avons définies. En
effet, ce facteur favorise l’effet Kerr par rapport à l’absorption à deux photons, ce qui se traduit
par LTPA > LKerr, si bien que :

2n2

λβTPA
> 1 (2.62)

Ce facteur permet de comprendre les conditions sur le matériau permettant d’effectuer une
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commutation par effet Kerr. En revanche, nous apportons un éclairage nouveau sur le régime
de commutation par réfraction des porteurs libres.

Dans le cas d’une application à la commutation optique tirant profit des porteurs libres, un
composant optimal ici, sous la contrainte d’une transmission de 50% serait, par exemple, une
structure de dimension comprise entre 10-100 µm et pouvant présenter un facteur de champ local
f compris entre 3 et 5. Il s’agit de composants de type microcavité ou guide à cristal photonique
(voir diagramme 1.10 du paragraphe 1.4.4). L’utilisation de porteurs libres pour la commutation
pose le problème du temps de recombinaison, qui doit être le plus faible possible pour que
le commutateur retrouve son état d’équilibre rapidement. Le temps de recombinaison dans le
GaAs massif est typiquement de l’ordre de plusieurs centaines de picosecondes. Cependant, la
structuration du matériau pourrait diminuer, notamment dans les microcavités où les dimensions
sont très petites, considérablement ce temps de recombinaison, car les porteurs libres diffusent
rapidement sur les interfaces du composant en recombinant sur des défauts de surface.
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Figure 2.23. (d) Diagramme des longueurs non-linéaires en fonction du facteur de champ local pour l’effet Kerr
(a), la réfraction des porteurs libres (b) et l’absorption à deux photons (c) pour une intensité injectée I0 = 100
MW/cm2 à λ = 1.55 µm et avec une durée d’impulsion T = 5 ps. Les zones hachurées, désignent les zones où
l’on obtient un déphasage de π, sauf sur la figure (c), où elle désigne la zone pour laquelle la transmission vaut au
moins 50%. (d) Diagramme total, tenant compte de toutes les longueurs non-linéaires montrant que l’on obtient
un déphasage de π par FCR sous la contrainte d’une transmission d’au moins 50%.
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2.4 Conclusion

Afin de démontrer expérimentalement et quantitativement l’influence de la localisation sur
l’exaltation des non-linéarités, nous avons étudié un guide à cristal photonique d’arséniure de gal-
lium (GaAs). Afin de le caractériser en régime linéaire et non-linéaire, nous avons spécifiquement
développé un oscillateur paramétrique optique picoseconde accordable ainsi qu’un banc de ca-
ractérisation. Par la mesure de spectre linéaire en transmission, nous avons mesuré l’indice de
groupe en fonction de la longueur d’onde, ce qui nous a permis de déterminer le facteur de
champ local, par une mesure indépendante de toute mesure non-linéaire.

Dans cette structure, nous observons une exaltation de certains processus d’optique non-
linéaire tels que l’absorption à deux photons, l’effet Kerr optique et les variations d’indice dues
aux porteurs libres générés par absorption à deux photons. Nous observons très clairement que
la réfraction des porteurs, qui est un effet d’ordre cinq effectif, est exaltée par un facteur f6 ≈ 8
par rapport au matériau massif, alors que l’effet Kerr est exalté par un facteur f4 ≈ 4. Le
très bon accord quantitatif entre la théorie et la mesure prouve que notre modèle est correct et
démontre que la réduction de la vitesse de groupe peut être exploitée pour optimiser et gérer
les effets non-linéaires. Malgré, une modeste réduction de la vitesse de groupe (vg ≈ c/7) dans
le guide, un déphasage valant 2π est obtenu entre l’entrée et la sortie du composant, avec une
puissance moyenne injectée de 500 µW.

Une perspective de ce travail serait d’effectuer le même type d’expérience dans des guides
à modes lents et à faibles dispersions qui sont apparus en 2007 [12, 13, 14]. Toutefois, il faut
être vigilant au fait qu’une augmentation de la localisation favorise les effets d’ordre élevé,
tels que l’absorption à trois photons où la réfraction des porteurs, plus rapidement que les
effets d’ordres plus faibles, tels que l’effet Kerr ou l’absorption à deux photons, ce que nous
montrons partiellement avec l’étude théorique que nous avons faite sur les longueurs non-linéaires
et comment celles-ci sont influencées par la localisation. Nous avons mis en évidence, par cette
analyse, différents régimes de fonctionnement qui montrent qu’il est nécessaire de s’intéresser à
la gestion de la non-linéarité par le facteur de champ local et des dimensions caractéristiques
pour la réalisation d’un composant optique non-linéaire.

Concernant le composant étudié. Nous montrons que l’arséniure de gallium est un mauvais
matériau pour l’application à la commutation, car le coefficient Kerr est trop faible par rapport
au coefficient d’absorption à deux photons. A moins, de relâcher la contrainte sur la transmission
d’un composant en GaAs, ce défaut est irrécupérable par des considérations sur la fabrication.
La commutation par effet de porteurs libres est une possibilité, mais avec un coût en terme de
temps de commutation, puisque celle-ci est assistée par des porteurs dont le temps de recom-
binaison est très long dans le GaAs [28]. Cependant, des expériences récentes ont montré que
le temps de recombinaison pouvait être considérablement réduit grâce aux faibles dimensions
de certaines structures, telles que les microcavités à cristal photonique [33]. En effet, dans ce
type de structure, les porteurs rencontrent des défauts aux interfaces air/semi-conducteur et le
temps de recombinaison s’en trouve ainsi diminué. Il serait alors intéressant d’étudier d’autres
matériaux ayant des coefficients non-linéaires différents (silicium) ou ayant des énergies de gap
plus élevées (e.g. AlGaAs ou GaN), permettant de s’affranchir de l’absorption à deux photons.
Ceci permettrait d’effectuer une analyse comparative en vue d’applications non-linéaires. Nous
effectuons cette analyse dans le dernier chapitre.

Dans ce chapitre, nous nous sommes intéressés, plus particulièrement dans le dernier para-
graphe au cas de l’application d’une structure à fort confinement du champ (un guide à cristal
photonique de GaAs) à la commutation optique d’impulsions courtes. Parmi les autres applica-
tions possibles de l’optique non-linéaire dans les structures à fort confinement du champ, il y a
l’amplification d’impulsions courtes. Le chapitre suivant s’attarde ainsi sur l’étude de l’amplifi-
cation Raman d’impulsions dans les nanoguides de silicium.
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Chapitre 3
Amplification Raman d’impulsions
optiques dans les nanoguides de
silicium

Après une étude approfondie de l’exaltation des non-linéarités dans un guide à cristal photonique
d’Arséniure de Gallium, nous nous intéressons à un autre type de structure à fort confinement
du champ dans un matériau semi-conducteur différent. Pour cela, nous étudions le silicium qui
présente des caractéristiques non-linéaires différentes de celles du GaAs. Nous avons souhaité
étudier un nouvel effet non-linéaire qui est la diffusion Raman stimulée dans ces structures. Pour
cela, nous avons considéré l’amplification Raman d’impulsions optiques dans les nanoguides de
silicium. Dans ce chapitre, nous souhaitons présenter une base théorique permettant de décrire
l’interaction de tous les effets non-linéaires présents dans le silicium pour une application à
l’amplification Raman dans les nanoguides. Nous tirons des conclusions de ce modèle et le
confrontons à l’expérience afin de montrer sa validité. Nous avons aussi développé un code
numérique, basé sur la méthode dite de split step Fourier, permettant une résolution complète de
l’équation de propagation non-linéaire, dans le but d’effectuer une confrontation supplémentaire
du modèle théorique et de valider les hypothèses simplificatrices. Nous mettons en évidence
théoriquement et expérimentalement que les effets de modulation de la phase saturent le gain
Raman.
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l’élargissement spectral de la pompe . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 74

3.3.1 Echantillon, dispositif expérimental et mesures préliminaires . . . . . . . 74
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sur la chute du gain Raman effectif . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89
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3.1 Contexte de l’amplification Raman dans les nanoguides de
silicium

Au cours des dernières années, l’industrie et la recherche ont manifesté beaucoup d’intérêt pour
la technologie du silicium sur isolant - silicon on insultor en anglais (SOI) -, pour ses applications
potentielles aux circuits de traitement optique du signal [26, 34]. Le domaine de la photonique
sur silicium est grandement motivé par un besoin de créer des interconnexions optiques [35, 36],
des amplificateurs [37, 38, 39, 40] et des commutateurs [41, 42]. Le silicium constitue une plate-
forme prometteuse car elle présente de fortes valeurs des paramètres non-linéaires, tels que le
coefficient Kerr (n2) et le coefficient de gain Raman. De plus, l’industrie de la microélectronique
a rendu disponible des galettes de silicium sur isolant de grande qualité grâce à des procédés
de fabrication matures compatibles avec les technologies CMOS. Ainsi est rendue possible, la
construction de composants très compacts présentant de forts confinements du mode optique
[3, 37]. Ces modes localisés permettent d’obtenir des non-linéarités à des puissances de commande
relativement faibles à l’intérieur de nanoguides courts (typiquement de l’ordre du centimètre).
Cependant, un des problèmes majeurs de la filière silicium est qu’il s’agit d’un semi-conducteur
ne possédant pas de gap direct, si bien qu’il est en pratique impossible d’en faire une source de
lumière, ni même un amplificateur optique à moins de recourir à l’optique non-linéaire.

Ces raisons constituent les éléments principaux pour lesquelles d’énormes efforts de recherche
ont été investis dans l’étude des effets non-linéaires comme l’automodulation de phase - self-phase

modulation en anglais (SPM) - et la modulation de phase croisée - cross-phase modulation en
anglais (XPM) [37, 43, 44, 45], l’absorption à deux photons et l’absorption à deux photons croisés
(TPA et XPA), l’absorption et la réfraction des porteurs libres (FCA et FCR respectivement)
[46, 42], la diffusion Raman stimulée [37, 38, 46, 47] et le mélange à quatre ondes dans le silicium
[48, 49]. Il n’est pas surprenant de voir que le silicium a trouvé une pléiade d’applications
possibles pour la photonique. Par exemple, l’effet Kerr est utilisé pour faire de la modulation de
phase, de la propagation solitonique et pour générer des supercontinuums. Le mélange à quatre
ondes est exploité pour essayer de réaliser des convertisseurs de fréquence large bande. Bien que
l’absorption à deux photons soit néfaste en soi, il a été démontré que les porteurs générés par
TPA sont convenables pour la commutation tout optique, par l’intermédiaire de la réfraction
induite, pour la modulation et la compression d’impulsions. La diffusion Raman stimulée en
particulier a été très étudiée dans le cadre de l’amplification optique, lorsqu’un guide ruban est
pompé par un laser en régime continu ou pulsé. En 2005, des lasers Raman en silicium ont été
démontrés en régime impulsionnel [50] et continu [51]. L’utilisation d’impulsions courtes (régime
picoseconde) présente l’avantage de considérablement réduire l’effet de l’absorption des porteurs
libres. C’est donc ce régime que nous souhaitons étudier ici.

Dans tout modèle visant à décrire et comprendre l’amplification d’impulsions courtes avec
une pompe pulsée, il est très important de tenir compte et de comprendre l’interaction entre
tous les effets non-linéaires d’ordre trois qui ont lieu afin de pouvoir prédire leur impact sur la
diffusion Raman stimulée. Par exemple, l’absorption à deux photons, l’absorption à deux photons
croisées et l’absorption des porteurs libres réduisent l’intensité de l’onde de pompe ainsi que de
l’onde de sonde, ce qui conduit à une réduction du gain effectif de l’amplificateur. Cependant,
dans la perspective de réaliser des composants rapides de traitement de l’information, il est
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surprenant de remarquer qu’aucun travail de recherche dans la littérature n’étudie les effets de
phase non-linéaires sur les performances des amplificateurs Raman. Puisque la durée de vie du
phonon optique est de 3 ps dans le silicium cristallin, il est possible d’amplifier des impulsions
de plusieurs picosecondes de manière efficace si la fréquence de répétition des impulsions est
relativement faible, car l’impact de l’absorption des porteurs libres est grandement réduit pour
des durées impulsions inférieures à 10 ps [39, 52, 53, 54]. A notre connaissance, Solli et al. [55]
sont les seuls à avoir étudié en partie les effets de phase sur l’amplification Raman dans le but de
tirer profit de l’élargissement spectral subi par la pompe, induite par l’automodulation de phase
et par la réfraction des porteurs libres, afin d’obtenir des amplificateurs large bande. Toutefois,
nous prévoyons que cet élargissement a nécessairement des limites, puisqu’il se fait au détriment
de la valeur du gain effectif d’amplification accessible, point non discuté par Solli et al.

Dans ce chapitre, nous présentons le modèle basique de l’effet Raman dans le silicium en
incluant les pertes non-linéaires et montrons expérimentalement qu’une chute du gain Raman
est observée qui n’est pas liée à ces pertes. Nous présentons ensuite un modèle complet prenant
en compte tous les effets de phase en plus. Ce modèle permet d’expliquer la chute du gain Raman
effectif.

L’étude expérimentale a fait l’objet de la thèse de F. Kroeger avec qui j’ai collaboré et a été
réalisée dans le cadre d’un projet ANR Modes lents optiques et effets linéaires et non-linéaires

dans les nanostructures silicium : application au laser Raman silicium (MIRAMAN) coordonné
par Philippe Lalanne (LCFIO). Ce projet visait à concevoir des structures guidées à mode lent
et des micro-cavités à cristal photonique sur SOI, et à conduire les premières études sur la
propagation en régime non-linéaire dans ces structures. F. Kroeger s’est intéressé, en particulier,
à la réalisation d’une expérience d’amplification par diffusion Raman stimulée. J’ai collaboré
avec lui sur son projet pour la partie expérimentale dont les résultats ont été publiés[37], tout
en me focalisant sur la modélisation théorique de ce qui a été observé, ce qui a fait l’objet d’une
collaboration avec le professeur Govind Agrawal de l’Université de Rochester. J’ai d’ailleurs
eu la chance d’effectuer un séjour aux Etats-Unis dans l’équipe du professeur Agrawal dans ce
cadre. Notre collaboration a fait l’objet d’une communication scientifique soumise dans la revue
J. Opt. Soc. Am. B.

3.2 Modèle basique de l’amplification Raman dans le silicium
en présence d’absorption à deux photons

Dans cette section, nous considérons une situation expérimentale dans laquelle un faisceau de
pompe et un faisceau signal aux fréquences ωp et ωs respectivement se propagent dans un guide
de silicium. Ces impulsions interagissent par diffusion Raman stimulée, permettant le transfert
d’énergie de la pompe vers la sonde (voir schéma 3.1).

3.2.1 Equations couplées pompe-sonde

A partir des équations 1.67 et 1.68 de la section 1.3.2, nous pouvons établir les équations de
propagations couplées pour la pompe et la sonde en ne tenant compte que de l’amplification
Raman et de l’absorption à deux photons.
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∂As

∂z
= if2

p f2
s

gRΓR

ΩR
Ap(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩsp(t−t′)A∗

p(z, t′)As(z, t′)dt′

−
[
2f2

s f2
p βTPA|Ap(z, t)|2 +

αl

2

]
As(z, t) (3.1)

∂Ap

∂z
= if2

p f2
s

gRΓR

ΩR
As(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩps(t−t′)A∗

s(z, t′)Ap(z, t′)dt′

−
[
f4

p βTPA|Ap(z, t)|2 +
αl

2

]
Ap(z, t) (3.2)

Nous rappelons quelques coefficients utilisés dans ces équations. Ωps = ωp − ωs et gR représente
le coefficient de gain Raman (en m/W) et hR(t) est la fonction réponse Raman définie par (1.40)
et dont la transformée de Fourier, notée H̃R(Ω) est définie par (1.41). Les paramètres ΩR et ΓR

caractérisent le spectre du gain Raman et représentent le décalage Raman et la largeur de la
bande de gain Raman, reliée à l’inverse de la durée de vie du phonon optique (∼ 3 ps) dans le
silicium à température ambiante.

Nous considérons ici le cas classique de l’amplification Raman en régime continu ou quasi-
continu, dans lequel l’onde de pompe et l’onde de sonde peuvent être représentées par des ondes
monochromatiques et la durée typique de leurs enveloppes est grande par rapport à la durée de
vie du phonon. Cela signifie notamment, que le processus de diffusion Raman stimulée n’est plus
une fonction du temps, puisque l’on a plus à se soucier des enveloppes de pompe et de sonde. En
effet, la fonction hR(t) devient une fonction de Dirac et les convolutions dans les équations (3.1)
et (3.2) se simplifient très facilement. Dans ce cas, à résonance, c’est-à-dire lorsque Ωps = ΩR,
nous pouvons écrire :

∂As

∂z
= f2

p f2
s

gR

2
|Ap(z)|2As(z) −

[
2f2

s f2
pβTPA|Ap(z)|2 − αl

2

]
As(z) (3.3)

∂Ap

∂z
= −f2

p f2
s

gR

2
|As(z)|2Ap(z) −

[
f4

p βTPA|Ap(z)|2 − αl

2

]
Ap(z) (3.4)

En faisant l’approximation de non-déplétion de la pompe, i.e. |As|2 ≪ |Ap|2, le premier terme
dans l’équation différentielle pour la pompe peut être négligé. Au final, les équations couplées
sur les intensités de pompe et de sonde (Ip(z) = |Ap(z)|2 et Is(z) = |As(z)|2) deviennent :

∂Is

∂z
= f2

pf2
s [gR − 2βTPA] Ip(z)Is(z) − αlIs(z) (3.5)

∂Ip

∂z
= −

[
f4

p βTPAIp(z) + αl

]
Ip(z) (3.6)

Amplificateur 

Raman 

Figure 3.1. Schéma de principe d’un amplificateur Raman dans lequel deux ondes interagissent. Une onde de
pompe de forte énergie transfert de l’énergie à une onde sonde par l’intermédiaire d’un phonon optique.
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3.2.2 Evolution de l’intensité de la sonde

Nous résolvons maintenant les équations (3.5) et (3.6). Pour cela, nous considérons d’abord
l’évolution de la pompe.

L’intégration de (3.6) est triviale et fournit après propagation sur une distance L dans le
guide :

Ip(L) =
Ip(0)e

−αlL

1 + f4
p βTPAIp(0)Leff

(3.7)

dans laquelle nous définissons la longueur effective du guide par :

Leff =
1 − e−αlL

αl
(3.8)

En réinjectant l’expression (3.7) dans l’équation différentielle (3.5) et en effectuant une
séparation des variables, l’intégration est logarithmique, si bien que :

ln

(
Is(L)

Is(0)

)
= αlf

2
p f2

s (gR − 2βTPA)Ip(0)J − αlL (3.9)

avec :

J =

∫ L

0

e−αlz

αl + f4
p βTPAIp(0)(1 − e−αlz)

dz

=
1

αlf4
p βTPAIp(0)

ln
(
1 + f4

p βTPAIp(0)Leff

)
(3.10)

Finalement, nous avons la solution suivante pour l’intensité de la sonde :

Is(L) = Is(0)e
−αlL

[
1 + f4

p βTPAIp(0)Leff

]f2
p f2

s

“

gR−2βTPA
βTPA

”

(3.11)

Nous pouvons réécrire l’équation précédente sous la forme :

log

(
Is(L)

Is(0)

)
= log (G) =

f2
s

f2
p

(
gR − 2βTPA

)

βTPA
log
(
1 + αTPALeff

)
− αlL

ln 10
(3.12)

où αTPA = f4
p βTPAIp(0) et G est le facteur d’amplification. Ainsi, si l’on trace log(G) en fonction

de log
(
1 + αTPALeff

)
, nous obtenons une droite (voire figure 3.2). La pente de cette droite et

son ordonnée à l’origine fournissent respectivement f2
s

f2
p

(
gR−2βTPA

)

βTPA
et −αlL.

Nous définissons, par ailleurs, le gain on-off Gon−off , défini comme le rapport de l’intensité
de la sonde en sortie de l’amplificateur en présence de pompe et l’intensité de la sonde en sortie
de l’amplificateur en absence de pompe. Celui s’écrit, en décibel :

GdB
on−off = 10 log

[
Is(L)

Is(0)e−αlL

]
=

f2
s

f2
p

(
gR − 2βTPA

)

βTPA

(
1 + αTPALeff

)
dB

(3.13)

Remarquons ici que l’expression de Gon−off dépend des facteurs de champ locaux fp et fs

en rapport des deux. Bien que αTPA contienne un facteur f4
p , son influence sur le gain on-off

est logarithmique. Une façon d’exalter le processus d’amplification serait alors de localiser la
sonde bien plus que la pompe, afin de maximiser le rapport f2

s /f2
p . Il est aussi intéressant de

remarquer qu’en absence d’absorption à deux photons (voir équation (3.51)), les localisations de
la pompe et de la sonde sont avantageuses pour l’amplification Raman. Nous voyons donc que
les régimes de localisation diffèrent une fois de plus suivant les non-linéarités considérées comme
nous l’avons remarqué au chapitre 2.
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Figure 3.2. Illustration de
l’équation (3.12), montrant
le logarithme du facteur
d’amplification en fonction du
logarithme de

`
1 + αTPALeff

´
.

La pente de la droite dépend
du gain Raman gR et du
coefficient d’absorption à deux
photons βTPA. L’ordonnée à
l’origine fournit le coefficient
d’atténuation linéaire αl.

lo
g

log

3.3 Confrontation expérimentale : chute du gain Raman à cause

de l’élargissement spectral de la pompe

Dans cette section, nous présentons une expérience d’amplification Raman dans un nanoguide
de silicium. Nous décrivons ici, l’échantillon utilisé pour l’expérience, ainsi que le dispositif
expérimental permettant d’effectuer une mesure pompe-sonde de l’amplification Raman.

3.3.1 Echantillon, dispositif expérimental et mesures préliminaires

L’échantillon que nous allons décrire a été spécifiquement réalisé pour le projet MIRAMAN qui
fait l’objet des recherches de F. Kroeger visant à caractériser expérimentalement un amplificateur
Raman dans un nanoguide de silicium.

Nanoguide Ruban!

Substrat!(a)! (b)!

Figure 3.3. (a) Image prise au microscope électronique à balayage du guide ruban sur substrat étudié. (b) Schéma
du nanoguide SOI fabriqué pour l’étude expérimentale (pas à l’échelle).
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Table 3.1. Valeurs des paramètres de composant et du matériau utilisées dans les calculs

Nom du paramètre Symbole Valeur Référence

Atténuation linéaire αl 100 m−1 [37]
Coefficient de TPA βTPA 0.8 cm/GW [37]
Indice Kerr n2 6 ×10−18 m2/W [57]
Coefficient de gain Raman gR 8.9 cm/GW [37]
Largeur de raie Raman ΓR π×105 GHz [3]
Fréquence de résonance Raman ΩR 2π×15.6 THz [3]
Durée de vie des porteurs τp 10 ns [58]
Coefficient FCR σn −1.35 × 10−21 cm3 [57]
Coefficient FCR σa 1.45 × 10−17 cm2 [57]
Longueur d’onde du signal λs 1.55 µm [37]
Longueur d’onde de pompe λp 1.434 µm [37]
Facteur de champ local pour l’onde signal fs 1.21 [37]
Facteur de champ local pour l’onde de pompe fp 1.21 [37]

Echantillon de silicium sur isolant utilisé pour l’expérience

L’échantillon utilisé (voire figure 3.3) a été fabriqué par notre collaborateur D. Peyrade du LTM
de Grenoble. Sur l’échantillon, il y a plusieurs guides rubans identiques déposés sur des couches
de silice de 2 µm d’épaisseur. Ces couches sont elles-même déposées sur substrat de silicium.
Tous les guides ont une largeur de 500 nm et une hauteur de 340 nm. Ces dimensions sont
petites par rapport à la longueur d’onde de travail aux alentours de 1.5 µm. Ceci signifie que
l’aire effective du mode n’est que de Aeff = 0.17 µm2. Les guides font 11 mm de long suivant la
direction cristallographique [110] du silicium. La figure 3.3 est une illustration de la structure
de l’échantillon de silicium sur isolant [56].

L. Yin et al. montre que pour des intensités de pompe relativement faibles (Ip < 3 GW/cm2)
pour des impulsions de 10 ps environ [57], l’absorption des porteurs libres peut une nouvelle fois
être négligée par rapport à l’absorption à deux photons dans les équations couplées. De plus,
nous pouvons aussi négliger le terme de dispersion car sa contribution est faible (β2 ≈ −1ps2/m
correspondant à une longueur de dispersion LD = 100 m) dans les guides ruban de silicium tels
que ceux que nous étudions [3].

Le tableau 3.1 regroupe les valeurs des différents paramètres qui serviront pour toutes les
applications et simulations numériques.

Banc de caractérisation non-linéaire

Le schéma de l’expérience est détaillé sur la figure 3.4. Le faisceau pompe est délivré par la
source OPO présentée au chapitre 2. Les impulsions pompe ont une durée voisine de (2T )=15
ps (largeur totale à 1/e) et le taux de répétition vaut 80 MHz. Le faisceau signal provient
d’une source à diode laser accordable en longueur d’onde (TUNICS) modulée en intensité à
l’aide d’un modulateur en Niobate de Lithium (LiNbO3). Afin de générer des impulsions signal
synchrones avec le faisceau pompe, une fraction du faisceau issu de l’OPO est envoyée sur un
détecteur rapide, dont la bande passante vaut 12 GHz, relié à l’entrée RF d’un modulateur. Nous
produisons ainsi des impulsions signal d’une durée de 150 ps, accordables autour de 1550 nm. Une
ligne à retard optique est disposée en sortie de l’OPO afin d’optimiser le recouvrement temporel
dans l’échantillon entre les impulsions pompe et signal. Les faisceaux signal et pompe sont
superposés spatialement à l’aide d’une lame dichröıque DM, avant injection dans l’échantillon à
l’aide d’un objectif de microscope (MO) dont l’ouverture numérique vaut 0.85. Les faisceaux en
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Figure 3.4. Dispositif expérimental pour l’expérience pompe-sonde dans le guide ruban de silicium. La source
hybride est constituée d’un oscillateur paramétrique optique (OPO) délivrant des impulsions de pompe et d’une
diode laser fonctionnant en régime continu (TUNICS), modulée en intensité par un modulateur en LiNbO3 pour
générer des impulsions de sonde. M : miroir, L : lentille, SMF : fibre monomode, PMF : fibre à maintien de
polarisation, FPD : photo-détecteur rapide, HWP : lame demi-onde, GTP : polariseur de Glan-Taylor, DM :
miroir dichröıque, MO : objectif de microscope, PM : puissance-mètre calibré mesurant la puissance de pompe en
entrée P e

p , OSA : analyseur de spectre optique.

sortie du guide sont collimatés à l’aide d’un second objectif de microscope identique au premier,
puis analysés à l’aide d’un analyseur de spectre optique (OSA).

Deux prismes de Glan-Taylor (GTP) sont disposés en amont de l’injection pour chacun des
deux faisceaux, afin de sélectionner les directions de polarisation TE et TM, respectivement pour
la pompe et le signal. Cette configuration assure un coefficient de gain Raman maximal [3].

Localisation, pertes linéaires et coefficient de couplage

Nous avons au préalable effectué une mesure de spectroscopie linéaire en transmission qui nous
a permis de mesurer le coefficient d’atténuation, ainsi que le facteur de champ local pour la
pompe et la sonde aux longueurs d’onde de travail. La méthode de mesure est identique à celle
présentée au chapitre 2 concernant la mesure du facteur de champ local et founit :

fp = fs = 1.21 (3.14)

Cette étude est détaillée dans le manuscrit de thèse de Felix Kroeger. Nous reprenons ici les
principaux résultats essentiels à notre étude.

Pour mesurer le coefficient d’atténuation linéaire, nous effectuons une mesure de l’ampli-
tude de modulation des franges de Fabry-Perot. En reprenant l’équation (2.15) fournissant la
puissance de sortie du modèle Fabry-Perot du guide, et en incluant les pertes linéaires, nous
obtenons :

Ps =
κs

κe
PeT1T2e

−αlL (1 + m cos [2φ(λ)]) (3.15)
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Figure 3.5. Evolution de l’inverse de la transmission du faisceau pompe en fonction de la puissance de pompe
moyenne incidente. Les points représentent les données expérimentales. Les courbes en trait plein et pointillé
donnent des valeurs théoriques de l’évolution de la puissance sous l’effet du TPA. La courbe en trait plein tient
compte de l’effet du champ local, alors que la courbe en pointillé n’en tient pas compte.

où m est l’amplitude de modulation et vaut :

m =
√

R1R2e
−αlL (3.16)

En prenant R1 = R2 = 30%, calculés à partir des coefficients de Fresnel, nous déduisons le
coefficient d’atténuation αl qui vaut 1 cm−1.

Nous savons que la transmission non-linéaire de la pompe prend la forme :

T =
Ip(L)

Ip(0)
=

Ip(0)e
−αlL

1 + f4
p βTPAIp(0)Leff

(3.17)

En notant Ie
p et Is

p les intensités extérieures en entrée et en sortie du guide, nous avons :

Ie
p = Ip(0)/κe (3.18)

Is
p = κsIp(L) (3.19)

où κe et κs sont les coefficients de couplage respectifs en entrée et en sortie du guide. On peut
alors écrire l’inverse de la transmission sous la forme :

1

T
=

[
1

κsκe
+ f4

p βTPAκeI
e
pLeff

]
e−αlL (3.20)

Nous effectuons alors une mesure de 1/T en fonction de la puissance moyenne d’entrée avant

le guide < P e
p >=< Ie

p > Aeff , où < Ie
p >=

Ie
p

2νrepTp
. Cette mesure est portée sur la figure

3.5. On reconnâıt l’évolution linéaire attendue d’après l’équation (3.20), montrant bien que
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l’absorption des porteurs libres, qui induirait un écart à cette linéarité est bien négligeable dans
nos conditions de mesures, comme prédit par L. Yin et al. [57]. Cette courbe est une droite
d’équation a + b < P e

p >, avec :

a =
e−αL

κeκs
, b =

f4
p βTPAe−αlLeffκe

2AeffνrepTp
(3.21)

La régression linéaire sur la droite de la figure 3.5 fournit les coefficients numériques suivants :

a = 3846, b = 103 mW−1 (3.22)

Tous les coefficients de a et b sont connus à l’exception des coefficients de couplage qui peuvent
être déduits des mesures par combinaison. On prend βTPA = 0.8 cm/GW [26], νrep = 80 MHz,
Tp = 15 ps, L = 11 mm et Aeff = 0.17 µm2. fp et αl ont été mesurés précédemment. On en
déduit :

κe = 4.8%, κs = 1.6% (3.23)

Afin de signifier l’influence du facteur de champ local, nous avons tracé sur la figure 3.5, l’allure
théorique de l’évolution de 1/T en supposant fp = 1 (courbe en pointillé). La disparité entre
les deux courbes illustre une nouvelle fois la nécessité de prendre en compte dans les mesures,
l’effet du facteur de champ local. Même dans le cas d’un régime très modéré de lumière lente
comme celui-ci (c/5), le renforcement des non-linéarités produit des effets non-négligeables. Il
est à noter que ces effets n’avaient jusqu’à présent, jamais été pris en compte dans les travaux
portant sur les études de nanoguides en régime non-linéaire.

3.3.2 Mise en évidence de la chute du gain Raman

Les spectres des faisceaux pompe et signal mesurés en sortie du guide pour différentes puissances
de pompe incidente sont portés sur la figure 3.6, respectivement en (a) et (b). Ces mêmes spectres
sont représentés en échelle log sur la figure (c) et (d). La longueur d’onde incidente du faisceau
de pompe est fixée à 1441 nm. La longueur d’onde du faisceau signal, ainsi que la ligne à retard,
sont ajustées pour maximiser l’amplification Raman. On observe très clairement sur les spectres
(a) et (c), que le faisceau pompe subit un très fort élargissement spectral après propagation et
que celui-ci augmente avec la puissance de pompe incidente. Cet élargissement est caractéristique
de l’automodulation de phase. Il est le résultat conjugué de l’effet Kerr et de la réfraction des
porteurs libres. L’effet Kerr optique modifie instantanément la phase non-linéaire de l’impulsion
et contribue à élargir de manière symétrique le spectre, alors que la réfraction des porteurs libres
produit un décalage vers le bleu.

Les spectres du signal sont composés d’un pic étroit, directement relié à la durée de l’im-
pulsion signal qui vaut 150 ps. Au fur et à mesure que la puissance de pompe augmente, le
spectre du signal s’élargit et augmente. Cette partie du spectre signifie que seule la fraction
temporelle de l’impulsion signal qui se recouvre avec l’impulsion pompe (sur environ 15 ps), est
amplifiée. De même que pour le spectre de la pompe, la partie du spectre associée au signal
amplifié s’élargit et est décalée vers le bleu à mesure que la puissance de pompe augmente. Ceci
est le résultat de l’effet Kerr croisé et de la réfraction des porteurs libres. La longueur d’onde
de la sonde a été fixée de sorte que la partie du spectre centrée autour de 1557.3 nm, pour une
puissance de pompe de 120 mW, cöıncide avec la longueur d’onde associée à la diffusion Raman
spontanée observée en l’absence de signal.

Notre modèle simplifié prévoit une évolution linéaire du gain on-off de l’amplificateur en
fonction de (1 + αTPA)dB (voir équation (3.13)). En supposant que la partie du signal amplifié
subit essentiellement un décalage vers le bleu, sa puissance de sortie peut aisément s’extraire
des spectres (b) et (d) de la figure 3.6 et le tracé de GdB

on−off est possible. Sur la figure 3.7
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Figure 3.6. Spectres optiques mesurés en sortie du nanoguide pour les faisceaux pompe et signal, respectivement
en (a) et (b) en échelle linéaire (et (c) et (d) en échelle log) pour différentes puissances de pompe incidente.
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Figure 3.7. Allure de la puissance signal mesurée en sortie du nanoguide et du gain Raman on-off de l’amplifi-
cateur en fonction de (1 + αTPA)dB, que l’on peut directement relier à l’intensité-crête de la pompe.

est tracé GdB
on−off en fonction de (1 + αTPA)dB. La puissance d’entrée du signal est constante.

Contrairement à ce à quoi on peut s’attendre à partir de l’équation (3.13), le gain s’écarte de
l’évolution linéaire pour (1 + αTPA)dB > 2 dB, puis sature. Cette allure met très clairement
en évidence un phénomène de saturation de l’amplification Raman qui ne peut s’expliquer par
l’effet de déplétion de la pompe par TPA (puisqu’il est pris en compte) ou par SRS. Il se produit
donc nécessairement une décroissance du gain Raman. Grâce aux données de la figure 3.7, nous
pouvons tracer l’allure de ce gain Raman effectif en fonction de l’énergie de la pompe. A partir
de l’équation (3.13), nous écrivons :

geff
R = 2βTPA

[
1 +

1

2

f2
p

f2
s

GdB
on−off

(1 + αTPA)dB

]
(3.24)

Sur la figure 3.8, nous traçons le gain Raman effectif ainsi extrait à partir des données
expérimentales de GdB

on−off . Nous observons une chute du gain Raman au fur et à mesure que
l’énergie de la pompe augmente. Ceci ne peut venir que des effets de phase puisque ceux-ci ont
été négligés dans la description classique de l’effet Raman. Cette décroissance est en fait due à
l’élargissement spectral subi par la pompe au cours de la propagation à cause, précisément, de ces
effets de phase. Autrement dit, l’automodulation de phase due à l’effet Kerr et la réfraction des
porteurs libres générés par absorption à deux photons produisent un élargissement spectral du
type de ceux étudiés au chapitre précédent. L’impulsion de pompe utilisée pour cette expérience
a une demi-largeur à 1/e valant Tp = 7 ps, ce qui correspond à une largeur spectrale Ωp = 1

Tp
≈

143 GHz à comparer à la largeur de raie Raman ΓR = π × 105 GHz. Toutefois, cette largeur est
fonction de l’énergie de pompe, puisqu’elle provoque une modulation de la phase, qui à son tour
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Figure 3.8. Gain Raman effectif geff
R extrait des

données expérimentales de la figure 3.7 en fonc-
tion de l’énergie de l’impulsion de pompe. On
observe une chute nette du gain Raman au fur et
à mesure que l’énergie de la pompe augmente.

provoque un élargissement spectral, si bien que lorsque cette largeur est proche de la largeur
de raie Raman ΓR, on entre dans un régime transitoire, faisant nécessairement décrôıtre le gain
Raman.

Au-delà de cette description qualitative et puisque le modèle classique de l’amplification
Raman en présence d’absorption à deux photons est mis en défaut, il s’agit d’établir un modèle
analytique à partir de tous les effets non-linéaires présents dans l’expérience, aussi bien les termes
agissant sur l’amplitude que les termes agissant sur la phase. A ce jour, l’étude analytique de ce
régime n’a pas encore été abordée.

3.4 Modélisation de la chute du gain Raman par élargissement
spectral de la pompe

Dans cette section, nous considérons une situation expérimentale dans laquelle un faisceau de
pompe et un faisceau signal aux fréquences ωp et ωs respectivement se propagent dans un guide
de silicium. Ces impulsions interagissent par diffusion Raman stimulée, permettant le transfert
d’énergie de la pompe vers la sonde. En même temps, les deux impulsions sont affectées par
les pertes linéaires, les pertes non-linéaires (absorption à deux photons) et les déphasages non-
linéaires (automodulation de phase). De plus, les porteurs libres générés par absorption à deux
photons agissent aussi sur les deux impulsions par l’intermédiaire de la réfraction et l’absorption
des porteurs libres.

Pour pouvoir modéliser rigoureusement la propagation non-linéaire d’impulsions optiques
dans un amplificateur Raman, il faut considérer les deux équations non-linéaires pour la pompe
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et la sonde présentées au premier chapitre ((1.67) et (1.68)) :

∂As

∂z
= if2

p f2
s γRAp(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩsp(t−t′)A∗

p(z, t′)As(z, t′)dt′

+ iksf
2
s [2f2

p n2(1 + irs)|Ap(z, t)|2 + σnN(z, t)]As(z, t)

−
(αl

2
+ f2

s σaN(z, t)
)
As(z, t)

+ i
∞∑

m=0

imβm

m!

∂mAs

∂tm
(3.25)

∂Ap

∂z
= if2

p f2
s γRAs(z, t)

∫ t

−∞
hR(t − t′)e−iΩps(t−t′)A∗

s(z, t′)Ap(z, t′)dt′

+ ikpf
2
p [f2

p n2(1 + irp)|Ap(z, t)|2 + σnN(z, t)]Ap(z, t)

−
(αl

2
+ f2

p σaN(z, t)
)
Ap(z, t)

+ i

∞∑

m=0

imβm

m!

∂mAp

∂tm
(3.26)

Les porteurs libres N(z, t) sont régis par l’équation de génération suivante :

∂N(z, t)

∂t
=

f4
p βTPA

2~ωp
|Ap(z, t)|4 (3.27)

Nous négligeons le temps de recombinaison des porteurs libres car celui-ci est très grand dans le
silicium (∼ 1 ns typiquement) par rapport à la durée typique des impulsions que nous considérons
(régime picoseconde), et est inférieur à l’intervalle de temps entre deux impulsions. En effet, à
une cadence de 80 MHz, il y a 12.5 ns entre chaque impulsion.

Nous souhaitons étudier la propagation d’impulsions dans le régime picoseconde. Cependant,
ces équations n’admettent pas de solutions analytiques et nous devons recourir à une méthode
numérique pour modéliser la propagation et l’amplification Raman dans un guide de silicium.
Cette méthode numérique présente l’avantage d’effectuer une résolution complète des équations
de propagation, mais n’apporte pas beaucoup d’éclairage sur la physique des processus mis en jeu.
Notre démarche étant d’obtenir des résultats analytiques, en effectuant quelques approximations,
nous utilisons cette méthode numérique afin de la comparer à nos prédictions analytiques.

3.4.1 Méthode split-step Fourier

Pour effectuer cette modélisation numérique, nous utilisons la méthode dite split-step Fourier

[2]. Cette méthode utilise le domaine de Fourier en effectuant un échantillonnage temporel
adéquat pour résoudre un système d’équations différentielles. On scinde les équations couplées
pour la pompe et la sonde en une partie linéaire qui est résolue dans le domaine de Fourier et
une partie non-linéaire qui est résolue dans le domaine temporel (TPA, effet Kerr et FCR). Le
terme correspondant à l’effet Raman est résolu alternativement dans les deux domaines, car il
contient un produit de convolution. Puisque les équations sont résolues de manière alternative,
cette méthode suppose que chaque partie agit de manière indépendante. Toutefois, il est possible
d’obtenir des résultats numériques précis et valables en choisissant un pas selon la longueur de
propagation du guide z qui est suffisamment petit. L’annexe B contient le code MATLAB dans
son intégralité.

Une autre méthode, souvent utilisée pour modéliser la propagation d’impulsions en régime
non-linéaire est la méthode des éléments finis (en anglais finite-difference time-domain-FDTD)
[59]. Cette méthode présente l’avantage d’être bien plus rigoureuse, car elle calcule les solutions
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Résolution temporelle Résolution spectrale

dz

Figure 3.9. Schéma illustrant
la méthode split step Fourier

utilisée pour effectuer des cal-
culs numériques. L’espace de
propagation est divisé en un
grand nombre de segments
de longueur dz. A l’intérieur
d’un segment, l’effet des non-
linéarités est intégré au milieu
de la tranche dz, représenté par
des pointillés.

directement à partir des équations de Maxwell sans effectuer d’approximation de l’enveloppe
lentement variable. Ainsi, cette méthode convient notamment à la modélisation d’impulsions
ultra-brèves (de l’ordre d’un cycle optique). Toutefois, cette méthode est beaucoup plus coûteuse
en temps de calcul et est beaucoup plus complexe à implémenter pour l’optique non-linéaire [60].

Pour procéder, nous commençons par subdiviser le domaine de propagation s’étendant de
z = 0 à z = L en éléments infinitésimaux d’intégration dz (voir illustration 3.9). En observant,
les équations (3.25) et (3.26), on s’aperçoit que le terme de dispersion devrait être résolu dans
l’espace de Fourier car la dérivation temporelle est transformée en un produit par (iω). Tous
les autres termes, à l’exception de l’effet Raman sont résolus dans l’espace temporel. Nous ne
prendrons que l’équation de la sonde à titre d’exemple. La méthode de résolution pour la pompe
est identique. Ainsi, sur chaque tranche dz, nous résolvons les deux équations suivantes pour la
sonde :

∂Ãs

∂z
=

[
i

∞∑

m=0

im
βm

m!
(iω)m − αl

2

]
Ãs(z, ω) (3.28)

∂As

∂z
= iksf

2
s [2f2

p n2(1 + irs)|Ap(z, t)|2 + σnN(z, t)]As(z, t) − f2
s σaN(z, t)As(z, t) (3.29)

Etant donné Ãs(z, ω), pour chaque tranche dz, nous commençons par intégrer (3.28) :

Ãs(z + dz, ω) = Ãs(z, ω)exp

[(
i

∞∑

m=0

im
βm

m!
(iω)m − αl

2

)
dz

]
(3.30)

Nous résolvons ensuite l’équation (3.27), fournissant l’évolution temporelle de N(z, t). Nous
obtenons As(z, t) par transformée de Fourier inverse de Ãs(z, ω), ce qui nous permet d’effectuer
la propagation dans le domaine temporel sur la tranche dz à partir de l’équation (3.29) :

As(z + dz, t) = TF−1
[
Ãs(z, ω)

]
exp

[(
η1

∣∣∣TF−1
[
Ãp(z, ω)

]∣∣∣
2
+ η2N(z, t)

)
dz

]

= A(z, t)exp
[(

η1|Ap(z, t)|2 + η2N(z, t)
)
dz
]

(3.31)

Ici, η1 = 2iksf
2
s f2

p n2(1+ irs) et η2 = f2
s (iksσn +σa). La transformation de Fourier de la dernière

équation fournit Ãs(z + dz, ω) et la propagation peut être effectuée sur la tranche suivante.
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Le cas de l’amplification Raman est particulier car il contient un produit de convolution qui
se transforme en produit dans le domaine de Fourier. Son intégration dans la propagation s’ef-
fectue donc de la manière suivante :

As(z + dz, t) = As(z, t) + if2
p f2

s γRAp(z, t)TF−1
{
H̃R(ω − Ωps)TF

[
A∗

p(z, t)As(z, t)
]}

dz (3.32)

Maintenant que nous avons une méthode numérique de calcul, nous pouvons effectuer un certain
nombre d’hypothèses, nous permettant de dégager des solutions analytiques, tout en vérifiant
qu’elles sont valables avec les solutions numériques, avant d’effectuer une confrontation finale
avec les résultats expérimentaux.

3.4.2 Gain Raman effectif et influence sur le modèle basique

Gain Raman effectif

Nous considérons ici, l’amplification Raman seule, sans autre effet non-linéaire, dans le but
de comprendre l’influence de la largeur spectrale des signaux présents dans l’amplificateur sur
la valeur du gain Raman. Pour cela, il faut considérer le premier terme de l’équation (3.25).
La présence d’un produit de convolution dans l’équation impose que la largeur spectrale des
impulsions joue un rôle. Nous négligeons aussi l’atténuation linéaire pour simplifier les formules.
En utilisant le théorème de convolution (voir A.1 de l’annexe A), l’équation de propagation pour
le signal se simplifie sous la forme suivante, en la réécrivant dans le domaine de Fourier :

∂Ãs

∂z
=

i

(2π)2
f2

p f2
s gR

ΓR

ΩR
Ãp(z, ω) ⊗ [H̃R(ω − Ωps){Ã∗

p(z, ω) ⊗ Ãs(z, ω)}] (3.33)

où ⊗ représente le produit de convolution. Celui-ci est défini suivant la convention suivante :

f ⊗ g(x) =

∫ ∞

−∞
f(y)g(x − y)dy (3.34)

Nous supposons maintenant que les impulsions pompe et sonde ont un profil gaussien dans le
domaine temporel ainsi que dans le domaine spectral et que ces profils restent gaussiens au cours
de la propagation dans le guide. Nous écrivons alors les enveloppes du champ Aj(z, t), ainsi que
leurs transformées de Fourier Ãj(z, ω) de la manière suivante :

Aj(z, t) = Aj(z, 0) exp(−t2/2T 2
j ), (3.35)

Ãj(z, ω) = Ãj(z, 0) exp(−ω2/2Ω2
j ), (3.36)

où j = s, p. Les Tj et Ωj représentent les demi-largeurs à 1/e des profils gaussiens et satisfont la
relation de Fourier Ωj = 1/Tj .

Nous ignorons les effets de la partie réelle de la réponse Raman qui est responsable d’effets de
lumière lente dus à la dispersion Raman. Nous vérifions numériquement que l’effet de la partie
imaginaire est bien négligeable. Les effets étudiés étant reliés à la largeur spectrale finie du gain
Raman plus qu’à la forme exacte de la raie Raman, nous supposons de plus que la partie imagi-
naire de H̃R(Ω), reliée au gain spectral ayant un profil lorentzien, peut être approchée par une
fonction gaussienne. Nous effectuons cette approximation afin d’établir des solutions analytiques
simples. En effet, dans la mesure où les impulsions considérées sont toutes gaussiennes, ceci sim-
plifie grandement les produits de convolution. Ainsi, proche de la résonance Raman (Ω = ΩR),
nous constatons que la forme suivante correspond à un bon ajustement du profil lorentzien du
spectre Raman, car il correspond à un ajustement basé sur la méthode des moindres carrés :

Im
[
H̃R(Ω)

]
≈ ΩR

2ΓR
exp

[
−(Ω − ΩR)2

2Γ2
R

]
=

ΩR

2ΓR
exp

[
− ω2

2Γ2
R

]
= H̃R(ω) (3.37)
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A partir de maintenant, nous considérerons la fonction H̃R(ω) comme centrée en 0, au lieu
d’être centrée sur la résonance, en effectuant le changement de variable ω = Ω − ΩR. Nous
effectuons ce centrage, dans un souci de simplification des notations, car les profils d’impulsions
sont aussi centrés en 0. La figure 3.10 permet de comparer l’approximation gaussienne avec
le profil lorentzien du spectre de gain Raman et de voir le bon accord entre les deux formes
spectrales.

Avant de détailler le calcul de l’équation (3.33), nous rappelons la forme que prend la convo-

lution de deux fonctions gaussiennes de type e−
x2

A2 et e−
x2

B2

e−
x2

A2 ⊗ e−
x2

B2 =
√

π
AB√

A2 + B2
exp

[
− x2

A2 + B2

]
(3.38)

tandis que le produit de deux fonctions gaussiennes donne :

e−
x2

A2 e−
x2

B2 = exp

[
−x2

(
A2 + B2

)

A2B2

]
(3.39)

Ainsi, nous pouvons calculer le terme Raman de l’équation (3.33) sous forme analytique.
Procédons par étape :

Ã∗
p(z, ω) ⊗ Ãs(z, ω) =

√
2πÃ∗

p(z, 0)Ãs(z, 0)
ΩpΩs

Ω′ exp

[
− ω2

2Ω′2

]
(3.40)

où Ω′2 = Ω2
p + Ω2

s. Puis :

H̃R(ω){Ã∗
p(z, ω) ⊗ Ãs(z, ω)} =

√
2π

ΩR

2ΓR
Ã∗

p(z, 0)Ãs(z, 0)
ΩpΩs

Ω′ exp

[
− ω2

2Ω∗2

]
(3.41)

avec Ω∗2 =
Ω′2Γ2

R

Ω′2+Γ2
R

. Finalement :

Ãp(z, ω) ⊗ [H̃R(ω){Ã∗
p(z, ω) ⊗ Ãs(z, ω)}]

= π
ΩR

ΓR
|Ãp(z, 0)|2Ãs(z, 0)

Ω2
pΩsΩ

∗

Ω′Ωeff
exp

[
− ω2

2Ω2
eff

]
(3.42)
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ici, Ω2
eff = Ω∗2+Ω2

p. En injectant cette dernière expression dans l’équation (3.33), nous obtenons :

∂Ãs

∂z
=

1

4π
f2

p f2
s gR|Ãp(z, 0)|2Ãs(z, 0)

Ω2
pΩsΩ

∗

Ω′Ωeff
exp

[
− ω2

2Ω2
eff

]
(3.43)

En utilisant, le théorème de Parseval-Plancherel (voire annexe A.2), on montre facilement que

Ãj(z, ω = 0) =
√

2π
Ωj

Aj(z, t = 0), si bien que (3.33) devient :

∂Ãs

∂z
=

1

2

√
2πf2

p f2
s gRIp(z, 0)As(z, 0)

Ω∗

Ω′Ωeff
exp

[
− ω2

2Ω2
eff

]
(3.44)

Ainsi, en effectuant la transformée de Fourier inverse de cette dernière équation, nous obtenons :

∂As

∂z
=

1

2
f2

p f2
s gR

Ω∗

Ω′ Ip(z, 0)As(z, 0) exp
(
−Ω2

efft2/2
)
, (3.45)

or : (
Ω∗

Ω′

)2

=
1

1 + (Ω2
p + Ω2

s)/Γ
2
R

(3.46)

Ainsi, en posant :

geff
R =

gR√
1 + (Ω2

p + Ω2
s)/Γ

2
R

(3.47)

on introduit le gain Raman effectif geff
R et on peut écrire l’équation (3.45) comme :

∂As

∂z
=

1

2
f2

p f2
s geff

R |Ap(z, 0)|2As(z, 0) exp
(
−Ω2

efft2/2
)
, (3.48)

On remarque qu’avec cette équation, on définit également la bande passante effective de l’am-
plificateur Ωeff :

Ω2
eff =

Γ2
R(Ω2

s + Ω2
p)

Γ2
R + (Ω2

s + Ω2
p)

+ Ω2
p (3.49)

Cette grandeur représente la bande passante effective (Beff) sur laquelle la sonde peut être
amplifiée par diffusion Raman stimulée. Le tableau 3.2 montre que la définition de Ωeff est
cohérente avec plusieurs cas limites intuitifs. Détaillons ces cas un peu plus clairement. Le

Table 3.2. Cas limites de la bande passante effective de l’amplificateur

Régime de la pompe Régime du signal Beff geff
R Régime SRS

Ωp = 0 Ωs = 0 Ωeff = 0 gR pompe et sonde CW
Ωp = 0 Ωs ≫ ΓR Ωeff = ΓR 0 sonde transitoire, pompe CW
Ωp = 0 Ωs ≪ ΓR Ωeff = Ωs gR sonde pulsée, pompe CW
Ωp ≫ ΓR Ωs = 0 Ωeff = Ωp 0 pompe transitoire, sonde CW
Ωp ≪ ΓR Ωs = 0 Ωeff = Ωp gR pompe pulsée, sonde CW

premier cas, correspond au cas le plus classique d’une pompe et d’une sonde continue (Ωp = 0
et Ωs = 0). Dans ce cas, l’amplification Raman a lieu avec un gain maximal. Ce gain s’appelle
le gain en régime permanent, signifiant qu’on est loin de tout effet transitoire. Le deuxième cas
correspond à celui où la sonde a un spectre très large par rapport à la largeur de raie Raman.
Cela signifie que l’impulsion est très brève et sa durée est très inférieure à la durée de vie du
phonon. On est dans un régime transitoire et l’amplificateur n’a pas le temps de répondre, si
bien que le gain effectif est nul. Le troisième cas est similaire au premier, car la pompe est
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toujours continue et la sonde est pulsée, mais sa largeur est très petite par rapport à ΓR. Cela
veut dire que la durée de l’impulsion est très grande devant la durée de vie du phonon et on peut
considérer que le régime est quasi-continu, ou quasi-permanent. Dans ce cas, le gain effectif est
maximal aussi. L’avant-dernier (respectivement le dernier) cas est identique au deuxième (resp.
troisième) cas, à ceci près que c’est la pompe qui est très brève (resp. très longue).

Pour s’assurer que l’expression de geff
R est utilisable en pratique en dépit de nos approxima-

tions, nous comparons ces résultats aux simulations numériques dans le cas où une sonde pulsée
en régime picoseconde est amplifiée par une impulsion de pompe et où les deux ondes ont à peu
près la même bande passante (i.e. Ωp = Ωs = Ω0). Dans la suite, nous souhaitons principalement
comprendre comment l’élargissement spectral de la pompe affecte le gain Raman effectif proche
du pic de l’impulsion de la sonde. Grâce à l’approximation de non-déplétion de la pompe, nous
pouvons fixer t = 0 dans l’équation (3.48) et donc Ip = |Ap(z, 0)|2 est constante. Ainsi l’intensité
de la sonde Is = |As|2 varie au cours de la propagation suivant :

dIs

dz
= f2

p f2
s geff

R IpIs, geff
R =

gR√
1 + 2Ω2

0/Γ
2
R

. (3.50)

On remarque que limΩ0→0 gReff = gR, correspondant au cas limite d’une pompe et d’une sonde
en régime continu et que le gain effectif commence à chuter au fur et à mesure que le régime
devient transitoire. L’intégration de l’équation (3.50) produit la solution suivante pour le facteur
d’amplification :

G =
Is(z)

Is(0)
= exp

(
f2

p f2
s geff

R Ip

)
. (3.51)

Nous traçons sur la figure 3.11, le facteur d’amplification G en fonction de l’intensité de pompe en
entrée de l’amplificateur pour un guide de silicium de 1 cm de long. Les symboles représentent les
données numériques que nous avons obtenues en résolvant l’équation totale (3.33). Les différents
faisceaux de courbes correspondent à différentes durées de pompe et de sonde. Les courbes en
trait plein sont des tracés de G utilisant l’expression analytique de l’équation (3.51), contenant
geff
R . Sur ce graphe semi-logarithmique, nous observons que les données numériques évoluent

linéairement avec l’intensité de pompe. La pente de chaque droite diminue lorsque l’on diminue
la durée de l’impulsion de pompe, ce qui correspond à notre prédiction théorique et s’ajuste bien
sur notre modèle. Lorsque l’on augmente l’intensité de pompe, les points numériques dévient du
modèle analytique à cause des hypothèses simplificatrices que nous avons faites pour l’obtenir
(notamment que les impulsions restent gaussiennes et conservent leur bande passante initiale).
Cependant, nous sommes capables de décrire la chute du gain Raman effectif. Au fur et à mesure
que l’on augmente la durée de l’impulsion, l’évolution de G s’approche, sans surprise, du régime
continu. Notons que l’expression de G s’ajuste mieux dans les cas limites correspondant à des
impulsions très courtes ou au contraire très longues. Ceci peut se comprendre de la manière
suivante. Dans le cas d’une impulsion très courte (cas transitoire), Ω0 ≪ ΓR et H̃R(ωR) peut
être considérée comme une fonction de Dirac. Dans le cas d’une impulsion longue (régime CW),
Ω0 ≫ ΓR et les spectres de pompe et de sonde sont tous les deux très fins (proche d’une fonction
de Dirac) par rapport au spectre de gain Raman. En utilisant l’équation (3.50), nous traçons
l’évolution du gain Raman effectif en fonction de la largeur de bande des faisceaux par rapport
à la largeur de raie Raman. Nous remarquons que le gain effectif décrôıt à mesure que la largeur
de bande devient grande. Nous reportons en symboles sur la figure 3.12, les points calculés
numériquement à partir des données de la figure 3.11. Nous observons un bon accord entre la
prédiction analytique et le modèle numérique.
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Influence du gain effectif sur le modèle basique en présence d’absorption à deux
photons

Le modèle change peu par rapport à celui de la section 3.2.1. En effet, il suffit de reprendre les
équations 3.5 et 3.6 en remplaçant le gain Raman par le gain effectif :

∂Is

∂z
= f2

p f2
s (geff

R − 2βTPA)IpIs − αlIs, (3.52)

∂Ip

∂z
= −f4

p βTPAI2
p − αlIp. (3.53)

L’équation de pompe 3.53 se résout très simplement et fournit :

Ip(z, t) =
Ip(0, t)e

−αlz

1 + αTPALeff(z)
, (3.54)

où Leff(z) = (1 − e−αlz)/αl est la longueur effective et où αTPA s’écrit :

αTPA = f4
p βTPAIp0. (3.55)

La relation (3.54) est une relation approchée dans laquelle la dépendance temporelle du dénominateur
responsable de l’écrêtage de l’intensité (voir figure 2.16 du chapitre 2) a été négligée, puisque
nous supposons que les impulsions restent gaussiennes en temps et en fréquence. Une telle sub-
stitution est valable dans les cas où le régime d’absorption à deux photons est faible et surestime
son influence dans les cas où elle est forte.
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Figure 3.11. Facteur d’amplification G en fonction l’intensité de pic en entrée du guide ruban de silicium Ip(0)
pour différente durée d’impulsions. Les symboles représentent les données calculées numériquement en résolvant
l’équation (3.33). Les courbes en trait plein sont tracées en utilisant la formule analytique (3.51).
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Figure 3.12. Réduction du gain Raman effectif, geff
R /gR, en fonction de Ω/ΓR, calculée en utilisant l’équation

(3.50) avec gR = 8.9 cm/GW. Les symboles représentent les données numériques de la figure 3.11.

Connaissant l’évolution de l’intensité de pompe au cours de la propagation, on utilise l’équation
(3.54) dans l’équation (3.52) et on la résout analytiquement. La solution obtenue est utilisée pour
obtenir l’expression du gain on-off Gon−off défini au paragraphe 3.2.2. Si nous exprimons ce gain
en décibel, nous obtenons :

GdB
on−off = 10 log10

[
Is(L)

Is(0)e−αlL

]
=

f2
s

f2
p

(
geff
R − 2βTPA

)

βTPA

(
1 + αTPALeff

)
dB

. (3.56)

qui n’est autre que l’équation (3.13), dans laquelle le gain gR a été remplacé par geff
R .

Les courbes en trait plein de la figure 3.13 montrent le gain on-off en fonction de (1 +
αTPALeff)dB pour des durées d’impulsion différentes sur la gamme 1-50 ps. Les données numériques
sont encore marquées par des symboles. Comparé aux résultats de la figure 3.11, nous pouvons
voir que les pentes des différentes droites sont encore réduites à cause du processus d’absorption
à deux photons. Ainsi, le seul effet de l’absorption à deux photons est de réduire la puissance
de pompe disponible à l’amplification. Nous remarquons aussi que les droites analytiques per-
mettent d’obtenir une prédiction satisfaisante des données numériques pour de faibles valeurs
de (1 + αTPALeff)dB).

3.4.3 Effet de l’automodulation de phase et de la réfraction des porteurs
libres sur la chute du gain Raman effectif

Dans la section précédente, nous avons réussi à obtenir une solution analytique décrivant com-
ment les intensités crêtes des impulsions de sonde et de pompe évoluaient au cours de la propa-
gation dans un amplificateur Raman alors qu’il y a de la diffusion Raman stimulée et des pertes
dues à l’absorption à deux photons (et d’autres phénomènes linéaires). A présent, pour pouvoir
décrire correctement ce qui a été observé expérimentalement, il faut pouvoir décrire l’ensemble



90
3 AMPLIFICATION RAMAN D’IMPULSIONS OPTIQUES DANS LES

NANOGUIDES DE SILICIUM

0 1 2 3 4 5 6
0

5

10

15

20

25

30

35

40

45

50

(1+α
TPA

L
eff

)
dB

G
o
n
−
o
ff

d
B

 

 

1 ps

2.5 ps

5 ps

10 ps

15 ps

50 ps
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pour différentes durées d’impulsions.
Les marqueurs réprésentent les données numériques obtenues en résolvant l’équation de propagation non-linéaire
prenant le TPA, le XPA, l’atténuation linéaire et le SRS en compte. Les courbes en trait plein correspondent à la
formule analytique de GdB

on−off .

des effets non-linéaires agissant sur la phase et produisant une modulation de celle-ci. A partir
de là, le problème est double, car il faut caractériser l’élargissement de la pompe par ces effets de
phase, puis regarder comment ils influencent la chute du gain Raman, puisque celui-ci dépend
de la largeur de bande de la pompe.

Equation non-linéaire de la phase

En utilisant le fait que Ap =
√

Ip exp(iφp) dans l’équation (3.26), nous obtenons une équation
décrivant l’évolution de l’intensité de pompe (que nous avons résolue dans la section précédente),
et une autre décrivant l’évolution de la phase de la pompe φp. Cette équation de phase est donnée
par :

∂φp

∂z
= kpf

2
p

[
f2

p n2Ip(z, t) + σnN(z, t)
]

(3.57)

où Ip(z, t) est donné par l’équation (3.54) avec αTPA constant et N(z, t) se résout aisément,
en négligeant la recombinaison des porteurs et en supposant que les durées d’impulsions sont
inférieures à 10 ps :

N(z, t) =
f4

p βTPA

2~ωp
I2
p (z, 0)

√
π

2

T0

2

[
1 + erf

(√
2t

T0

)]
(3.58)

Avec cette solution, l’équation (3.57), est intégrable suivant z et fournit la solution suivante :

φp(L, t) = (ρ1 + ρ2)φFC(t) − ρ2(αTPA/αl)φK(t), (3.59)

Les contributions liées à l’effet Kerr et à la réfraction des porteurs libres ont été séparées en
utilisant les définitions suivantes :

φK(t) = kpf
4
p n2Ip(0, t)Leff , (3.60)

φFC(t) = kpf
2
p σnN(0, t)Leff , (3.61)
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pompe 91

−20 −15 −10 −5 0 5 10 15 20
−1.5

−1

−0.5

0

0.5

1

Temps (ps)

Φ
p
/π

 

 

Simulation

Analytique

Figure 3.14. Phase non-linéaire de la pompe tracée en fonction du temps à la sortie d’un guide de silicium de
1 cm de long. Les deux courbes comparent la solution analytique aux données numériques pour une pompe de
5 ps de durée (T0), avec une intensité-crête injectée de 3 GW/cm2.

et nous avons introduit deux nouveaux paramètres :

ρ1 =
1 + αl/αTPA

1 + αTPALeff
, (3.62)

ρ2 =
αl

α2
TPALeff

[
αlL + ln

(
1 − αlLeff

1 + αTPALeff

)]
. (3.63)

Une autre écriture pour les phases non-linéaires pour l’effet Kerr et le FCR consiste en :

φK(t) = φK(0)e
− t2

T2
0 (3.64)

φFC(t) = φFC(0)

[
1 + erf

(√
2t

T0

)]
(3.65)

où φK(0) = k2
pf

4
p n2Ip(0, 0)Leff et φFC(0) = kpf

2
p σnN(0, 0)Leff .

La figure 3.14 compare la phase de la pompe calculée analytiquement à la phase calculée
numériquement en utilisant les mêmes paramètres de composant. L’accord entres les courbes
est relativement bon malgré les approximations que nous avons faites. La part correspondant à
l’effet Kerr, φK(t), reproduit le profil en intensité de l’impulsion de pompe, cependant que les
porteurs libres produisent un déphasage φFC qui suit l’évolution de la fonction erreur.

En utilisant l’équation (3.59), nous pouvons calculer le décalage en fréquence instantanée
∆ω(t) en dérivant φp(L, t) par rapport au temps :

∆ω(t) =
∂φp(t)

∂t
= (ρ1 + ρ2)

∂φFC(t)

∂t
− ρ2(αTPA/αl)

∂φK(L, t)

∂t

= kpf
2
p

[
(ρ1 + ρ2)σnf4

p

βTPA

2~ωp
I2
p(0, t) + 2ρ2

αTPA

αl
f2

p n2
t

T 2
p

Ip(0, t)

]
Leff (3.66)
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Figure 3.15. Décalage en fréquence normalisé ∆ω(t)/Ω0, tracé en fonction de la longueur de propagation dans
le guide. Le graphe du haut et du bas représentent respectivement les résultats numériques et analytiques.

La figure 3.15 montre comment les décalages se produisent au cours de la propagation suivant
la longueur de l’amplificateur en utilisant un graphe de surface. On peut voir au cours de la
propagation, le comportement classique, à savoir que la partie avant de l’impulsion est décalée
vers le rouge, alors que la partie arrière est décalée vers le bleu. Puisque l’effet Kerr et le FCR sont
de même signe au début de l’impulsion, puis de signe opposé à la fin, cela implique qu’une plus
grosse part des composantes de l’impulsion doivent être décalées vers le bleu. Ce comportement
est en accord avec l’allure du spectre en sortie de l’amplificateur fournie par nos simulations
(voir figure 3.16).

Caractérisation de l’élargissement spectral

Dans cette partie, nous souhaitons estimer l’élargissement spectral de la pompe en utilisant
le moment d’ordre deux et étudier comment cette largeur évolue avec l’énergie de la pompe.
Pour faire cela, nous utilisons une méthode utilisée pour la première fois en 1985 et développée
pour étudier l’élargissement spectral dû à l’automodulation de phase dans les fibres optiques
par effet Kerr [61]. Ici, nous étendons cette méthode en y incluant la réfraction des porteurs
libres. Mathématiquement, l’écart-type d’une courbe permet de caractériser sa largeur. Ainsi,
l’écart-type de la largeur spectral ∆ωσ peut être calculé par l’intermédiaire du moment d’ordre
deux (ou variance) de la fréquence :

(∆ωσ)2 =
〈
ω2
〉
− 〈ω〉2 =

∫
ω2|Ãp(ω)|2dω∫
|Ãp(ω)|2dω

−
[∫

ω|Ãp(ω)|2dω∫
|Ãp(ω)|2dω

]2

(3.67)
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numérique de la densité spec-
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de la pompe en entrée et en
sortie d’un guide de silicium
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intensité-crête injectée de
3 GW/cm2.

Bien que Ãp(ω) ne puisse pas être calculée analytiquement dans le domaine de Fourier, nous
connaissons l’amplitude complexe du champ de la pompe dans le domaine temporel :

Ap(t) =
√

Ip(L, 0) exp

[
− t2

2T 2
0

+ iφp(L, t)

]
. (3.68)

Nous allons maintenant exprimer l’équation (3.67) en fonction du champ dans le domaine tem-
porel Ap(t). D’après le théorème de Parseval-Plancherel (voir annexe A.2), nous pouvons écrire :

∫
|Ãp(ω)|2dω = 2π

∫
|Ap(t)|2dt (3.69)

Ainsi :

(∆ωσ)2 =

∫
ω2|Ãp(ω)|2dω

2π
∫
|Ap(t)|2dt

−
[∫

ω|Ãp(ω)|2dω

2π
∫
|Ap(t)|2dt

]2

(3.70)

Puis, d’après la formule des moments (voir annexe A.3), nous avons :

(∆ωσ)2 =

−2π d2

dt2

{
TF−1

(
|Ãp|2

)}
(t=0)

2π
∫
|Ap(t)|2dt

−



−i2π d

dt

{
TF−1

(
|Ãp|2

)}
(t=0)

2π
∫
|Ap(t)|2dt




2

=

− d2

dt2

{
TF−1

(
|Ãp|2

)}
(t=0)∫

|Ap(t)|2dt
+




d
dt

{
TF−1

(
|Ãp|2

)}
(t=0)∫

|Ap(t)|2dt




2

(3.71)

D’après le théorème de Wiener-Khintchin (voire annexe A.4), on peut utiliser le fait que |Ãp(ω)|2 =
TF [Ap ∗ Ap] (ω), où ∗ est l’opérateur de corrélation, pour écrire :

(∆ωσ)2 = =
− d2

dt2
{Ap ∗ Ap}(t=0)∫
|Ap(t)|2dt

+

[
d
dt {Ap ∗ Ap}(t=0)∫

|Ap(t)|2dt

]2

(3.72)



94
3 AMPLIFICATION RAMAN D’IMPULSIONS OPTIQUES DANS LES

NANOGUIDES DE SILICIUM

En utilisant les propriétés de dérivation du produit de corrélation (voir annexe A.5), on aboutit
à :

(∆ωσ)2 =

∫
|A′

p(τ)|2dτ∫
|Ap(τ)|2dτ

+

[∫
A∗

p(τ)A′
p(τ)dτ∫

|Ap(τ)|2dτ

]2

(3.73)

où le symbole prime représente la dérivée première. Ces intégrales peuvent se calculer analytique-
ment en utilisant l’équation (3.68). Procédons par étape en commençant par les dénominateurs
dans l’équation (3.73) : ∫

|Ap(τ)|2dτ =
√

πT0I0 (3.74)

où I0 = Ip(L, 0). Puis calculons le numérateur du premier terme de l’équation (3.73) :

∫
|A′

p(τ)|2dτ = I0

∫ ∣∣∣∣−
τ

T 2
0

+ i
dφp(τ)

dt

∣∣∣∣
2

exp

[
− τ2

T 2
0

]
dτ

= I0

[∫
τ2

T 4
0

exp

(
− τ2

T 2
0

)
dτ +

∫ (
dφp(τ)

dt

)2

exp

(
− τ2

T 2
0

)
dτ

]

= I0

[√
π

2T0
+

∫ (
φ′

p(τ)
)2

exp

(
− τ2

T 2
0

)
dτ

]
(3.75)

Pour calculer le dernier terme de cette équation, il faut connâıtre
(
φ′

p(τ)
)2

, que l’on calcule à
partir des équations (3.59), (3.64) et (3.65) :

(
φ′

p(τ)
)2

=

{
2

√
2

π

(ρ1 + ρ2)

T0
exp

[−2τ2

T 2
0

]
φFC(0) + ρ3

2τ

T 2
0

exp

[−τ2

T 2
0

]
φK(0)

}2

=
8

π

(ρ1 + ρ2)
2

T 2
0

exp

[−4τ2

T 2
0

]
φ2

FC(0) + 4ρ2
3

τ2

T 4
0

exp

[−2τ2

T 2
0

]
φ2

K(0) + ξ (3.76)

où ξ représente le terme croisé entre la phase Kerr et la phase FCR. Nous ne détaillons pas son
calcul ici car son intégrale est nulle. Par ailleurs, nous avons posé ρ3 = (αTPA/αl) ρ2. Par suite,
on calcule donc :

∫
|A′

p(τ)|2dτ = I0

[√
π

2T0
+

8√
5π

(ρ1 + ρ2)
2

T0
φ2

FC(0) +
2

3

√
π

3
ρ2
3

φ2
K(0)

T0

]
(3.77)

Finalement, en se rappelant que T0 = 1/Ω0 :

∫
|A′

p(τ)|2dτ∫
|Ap(τ)|2dτ

= Ω2
0

[
1

2
+

8√
5π

(ρ1 + ρ2)
2φ2

FC(0) +
2√
3

ρ2
3

3
φ2

K(0)

]
(3.78)

Calculons maintenant le second terme dans l’équation (3.73). Pour ceci, nous devons préalablement
calculer :

∫
A∗(τ)A′(τ)dτ = I0

∫ [
− τ

T 2
0

+ i
dφp(τ)

dt

]
exp

[
− τ2

T 2
0

]
dτ

= iI0

∫
φ′

p(τ)exp

[
− τ2

T 2
0

]
dτ

= iI02
√

2π
(ρ1 + ρ2)

T0
φFC(0)

∫
exp

[
−3τ2

T 2
0

]
dτ

= iI02

√
2

3
(ρ1 + ρ2)φFC(0) (3.79)
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Figure 3.17. Largeur spectrale ∆ωσ

2π
des spectres de pompe en sortie en fonction de l’intensité-crête injectée

dans le guide pour différentes durées d’impulsions. Les courbes en pointillés représentent les largeurs obtenues à
partir des spectres calculés numériquement, alors que les courbes en trait plein représentent les largeurs calculées
à partir de l’équation (3.82).

si bien que l’on a : [∫
A∗

p(τ)A′
p(τ)dτ∫

|Ap(τ)|2dτ

]2

= − 8

π

(ρ1 + ρ2)
2

3T 2
0

φ2
FC(0) (3.80)

Grâce à ce dernier résultat et celui de l’équation (3.78), il vient :

(∆ωσ)2 = Ω2
0

[
1

2
+

8

π

(
1√
5
− 1

3

)
(ρ1 + ρ2)

2φ2
FC(0) +

2

3
√

3
ρ2
3φ

2
K(0)

]
, (3.81)

Finalement, cette dernière équation peut se réécrire sous la forme suivante :

(∆ωσ)2 = Ω2
0

[
0.5 + 0.29(ρ1 + ρ2)

2φ2
FC(0) + 0.38ρ2

3φ
2
K(0)

]
, (3.82)

Cette dernière formule analytique est très intéressante car, elle permet de caractériser de manière
quantitative, l’élargissement spectral de la pompe à partir des données du matériau et de la
structure étudiée, autrement dit, à partir des données physiques de l’amplificateur. On distingue
deux termes distincts correspondant à l’effet Kerr et à la réfraction des porteurs libres. On
remarque qu’il n’y a pas de terme croisé. Ainsi, ces deux processus non-linéaires agissent de
manière indépendante sur l’élargissement. Leur influence relative pourrait aussi être étudiée en
fonction des paramètres ρ1, ρ2 et ρ3. Mais ceci sort du cadre de notre étude.

La figure 3.17 montre ∆ωσ en fonction de l’intensité de pompe en entrée du guide en utilisant
la formule analytique (3.82). Les courbes en trait discontinu correspondent aux valeurs obtenues
numériquement pour différentes durées d’impulsions injectées dans l’amplificateur sur l’intervalle
1-50 ps. On observe que l’accord entre les deux méthodes de calculs est raisonnable et s’améliore
pour les durées d’impulsions plus importantes. Les différences entre deux courbes, surtout pour
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les durées courtes proviennent des déformations considérables subis par les spectres plus larges
à de fortes valeurs d’intensité de pompe. Ceci est mis en évidence sur la figure 3.16.

Cet élargissement caractérisé par ∆ωσ doit produire une chute du gain Raman effectif puisque
celui-ci dépend de la bande passante de la pompe, comme nous l’avons observé expérimentalement.

Il convient maintenant de confronter cette prédiction analytique à l’expérience.

3.5 Récapitulatif et conclusions

Avant de confronter le modèle analytique à nos résultats expérimentaux, nous récapitulons les
formules importantes que nous avons établies et qui vont nous permettre de prédire la chute du
gain Raman effectif.

La chute du gain Raman effectif due à un élargissement spectral de la pompe est donnée
par :

geff
R =

gR√
1 + 2∆ω2

σ

Γ2
R

(3.83)

où gR est le gain Raman, ΓR est la largeur de raie Raman et ∆ωσ est la largeur spectrale
de la pompe calculée par le moment d’ordre deux. Nous avons ∆ωσ = Ω/

√
2 dans le cas où

Ω est la demi-largeur à 1/e pour une forme gaussienne, correspondant au lien entre ces deux
grandeurs donné par la formule (3.82) en l’absence de tout élargissement. Dans cette formule,
nous avons négligé la bande passante de la sonde par rapport à l’équation (3.47) car les effets
de l’automodulation de phase croisée sur la sonde sont relativement faibles pour la sonde, car
sa bande passante est essentiellement déterminée par le spectre de gain Raman qui ne subit
aucun élargissement. Nous pouvons donc faire l’hypothèse que Ωs ≈ 0 dans l’équation (3.47),
car l’évolution de geff

R est essentiellement déterminée par l’élargissement de la bande passante de
la pompe. ∆ωσ est donnée par :

(∆ωσ)2 = Ω2
0

[
0.5 + 0.29(ρ1 + ρ2)

2φ2
FC(0) + 0.38ρ2

3φ
2
K(0)

]
(3.84)

où :

ρ1 =
1 + αl/αTPA

1 + αTPALeff
(3.85)

ρ2 =
αl

α2
TPALeff

[
αlL + ln

(
1 − αlLeff

1 + αTPALeff

)]
(3.86)

ρ3 =
αTPA

αl
ρ2 (3.87)

et

φFC(0) = kpf
2
pσnN(0, 0)Leff = kpf

6
p σn

βTPA

2~ωp
I2
p (0, 0)

√
π

2

T0

2
Leff (3.88)

φK(0) = k2
pf

4
p n2Ip(0, 0)Leff (3.89)

Les valeurs expérimentales de geff
R , obtenues au paragraphe 3.3.2 sont reportées sur la fi-

gure 3.18 par des cercles en fonction de l’énergie de pompe. Nous observons comme prévu une
décroissance. A partir de l’équation (3.84), nous obtenons la bande passante effective ∆ωσ de
la pompe à différentes énergies de pompe. Nous utilisons ces valeurs de bande passante dans
l’équation (3.83) afin d’obtenir le gain Raman effectif en fonction de l’énergie de pompe. Ces
résultats sont reportés en trait plein sur la figure 3.18 pour trois durées d’impulsion de pompe
différentes Tp. Les mesures expérimentales, prises avec une durée de pompe Tp = 7.5 ps sont en
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Figure 3.18. Gain Raman effectif geff
R pour différentes durées d’impulsions en fonction de l’énergie de l’impulsion

de pompe injectée dans le guide. Les courbes en trait continu montrent les résultats analytiques en utilisant
l’équation (3.47) et le cercles correspondent aux données expérimentales extraites à partir de la figure 3.8.

très bon accord avec les prédictions de notre modèle analytique. Le meilleur accord est obtenu
avec une durée de la l’impulsion de pompe de 8 ps. Dans les trois cas, le gain Raman effectif
décrôıt avec l’énergie de la pompe. Nous montrons ici que ceci est causé par l’élargissement spec-
tral de la pompe lié à l’automodulation de la phase de celle-ci. D’un point de vue physique, dès
que l’élargissement est suffisant pour que la bande passante de la pompe Ωp devienne supérieure
à la largeur de raie Raman ΓR, seule une portion de l’énergie de pompe peut être utilisée effi-
cacement pour la diffusion Raman stimulée. La convolution de l’équation (3.33) prend cet effet
en compte mathématiquement et produit un gain Raman effectif réduit.

Dans ce chapitre, nous avons résolu le problème de l’amplification Raman dans les nanoguides de
silicium dans un régime où les impulsions pompe et signal sont relativement courtes (≈ 10 ps),
mais tout de même suffisamment larges pour que leurs durées soient supérieures à la durée de
vie du phonon (environ 3 ps). Nous avons utilisé un modèle classique basé sur les équations de
propagations couplées sur l’amplitude de la pompe et de la sonde pour effectuer des simulations
numériques, car un tel modèle prend en compte tous les effets non-linéaires en compétition dans
le silicium, tels que l’effet Kerr, l’absorption à deux photons et la réfraction des porteurs libres
qui ont lieu simultanément. Cependant, les simulations numériques n’apportent pas beaucoup
d’informations physiques. Pour cela, nous avons développé un modèle purement analytique ap-
proché pour résoudre le problème de l’amplification Raman. Nous avons introduit le concept de
gain effectif Raman et montré analytiquement comment celui-ci dépend de la largeur spectrale
de la pompe. Au fur et à mesure que la pompe s’élargit dans le guide de silicium à cause de
l’effet cumulé de l’effet Kerr et de la réfraction des porteurs libres, ces deux phénomènes affectent
considérablement le processus d’amplification Raman. Nous avons produit une forme analytique
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pour la phase non-linéaire accumulée au cours de la propagation dans le guide de silicium, ce
qui a permis de calculer l’élargissement total subit par l’impulsion de pompe dans le guide dans
le régime non-linéaire. Par ces résultats, nous avons prédit les changements induits sur le gain
Raman effectif en fonction de l’énergie de pompe utilisée. Nous avons confronté ces résultats à
l’expérience et montré que notre modèle est simple et permet de comprendre l’essentiel de la
physique sous-jacente.

Il est à noter que notre analyse inclut et montre encore l’effet de la localisation sur le renfor-
cement des non-linéarités dans les nanoguides de silicium. Ce renforcement peut être accentué
par ralentissement du mode ou par très fort confinement (e.g. microcavités). Toutefois, il faut
veiller à ce que la localisation ne renforce pas trop les effets non-linéaires d’ordre supérieur qui
pourrait être néfaste à l’amplification Raman (e.g. absorption multi-photonique).

Bien que l’étude présentée dans ce chapitre se restreigne au cas spécifique de l’amplification
Raman dans les nanoguides de silicium, notre approche analytique est très générale et peut être
utilisée dans l’étude de l’amplification Raman d’impulsions en régime transitoire dans divers
milieux, comme les gaz moléculaires, les fibres optiques et d’autres matériaux semi-conducteurs.



Chapitre 4
Applications de la localisation à la
commutation

Fort de nos études sur la compréhension de la localisation et de son effet sur l’exaltation des
non-linéarités dans les structures à fort confinement du champ, nous nous attachons maintenant
à étudier l’application de cette exaltation par le champ local à la commutation non-linéaire.
Nous effectuons d’abord une introduction expliquant le principe d’un commutateur optique, et
la façon dont il a été caractérisé par le passé. Nous présentons aussi les matériaux possibles pour
réaliser un tel commutateur. Dans un second temps, nous présentons les paramètres utiles à une
étude approfondie des longueurs non-linéaires pertinentes pour cette application. Finalement,
nous présentons une étude théorique des longueurs non-linéaires, dont la méthodologie permet
de tracer des diagrammes pour la conception de commutateurs optiques pour les structures à
fort confinement du champ, basés sur la commutation non-linéaire.
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4.2.1 Absorption à m-photons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 104
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4.1 Introduction

Récemment, de nombreux composants ont été réalisés avec pour objectif de réaliser des com-
mutateurs tout-optique dans le silicium [62, 63], le GaAs [64] et l’AlGaAs [65]. Les structures
à fort confinement du champ sont, du point de vue de cette application, un énorme atout, car
elles permettent d’atteindre la fonctionnalité non-linéaire à des puissances bien plus faibles que
celles normalement requises dans un milieu non structuré. Ceci étant dit, pour que la commu-
tation soit rapide, il faut considérer des effets quasi-instantannés, tel que l’effet Kerr. En effet,
son temps de réponse est de l’ordre de la femtoseconde et la commutation est ultra-rapide dans
ce cas. Cependant, dans les structures semi-conductrices, nous avons pu voir que des porteurs
sont générés par absorption multi-photonique, ce qui peut poser deux problèmes majeurs à la
commutation.

Tout d’abord, le temps de commutation est fortement augmenté, s’il est assisté par des
porteurs libres. La réfraction de ceux-ci peut créer le déphasage suffisant (≈ π), nécessaire à
la réalisation de la commutation, mais les porteurs générés, recombinent lentement dans les
structures (entre 100 ps et 1 ns). De plus, la présence de porteurs libres posent des problèmes
thermiques, puisque ceux-ci élèvent la température du composant. Ensuite, la génération de
porteurs absorbe les photons, puisqu’elle nécessite de l’énergie et va donc de pair avec une
augmentation des pertes optiques.

L’AlGaAs a été considéré (sans preuve) comme un bon matériau pour la commutation par
effet Kerr pur, car à la longueur d’onde de 1.55 µm, les photons ont des énergies plus basses
que la moitié de l’énergie de bande interdite (mi-gap), et donc qu’il n’y a pas d’absorption à
deux photons dans ce matériaux. Cependant, la localisation peut faire apparâıtre de l’absorption
multi-photonique d’ordre supérieur (e.g. absorption à trois photons pour l’AlGaAs) [65, 66].

Lorsque l’on essaie de s’intéresser à la réalisation d’un composant non-linéaire tirant profit
de la localisation, on est très vite confronté au problème de la compétition entre régimes non-
linéaires et de la définition des longueurs non-linéaires d’interaction ainsi qu’aux régimes de
localisation, comme nous avons pu le voir dans les chapitres précédents. Il faut dès lors prendre
en compte, les longueurs de phase permettant de réaliser la commutation non-linéaire et les
confronter aux longueurs d’absorption et effectuer une comparaison entre différents matériaux,
en tenant compte de la localisation.

Nous commençons ici par décrire le commutateur non-linéaire idéal.

4.1.1 Commutateur non-linéaire

La figure 4.1 illustre le processus de commutation non-linéaire. Le composant est placé sur
l’un des deux bras d’un interféromètre de Mach-Zehnder et est représenté par des trous. Ce
composant est quelconque, il peut s’agir d’une micro-cavité ou d’un guide. La figure 4.1(a) montre
le commutateur dans une situation d’équilibre, où la voie A est passante, alors que la voie B est
bloquée. Sur la figure 4.1(b), lorsque l’on introduit une impulsion, dont la durée caractéristique
est ∆t, l’opération de commutation est réalisée si l’impulsion produit un déphasage non-linéaire
valant un multiple impair de π. Le déphasage ainsi produit, réalise la commutation, la voie A
devient bloquée, alors que la voie B devient passante, et ceci pendant la durée caractéristique de
l’impulsion. En pratique, ceci se produit si le déphasage non-linéaire suit exactement l’enveloppe
du champ de l’impulsion et peut donc être considéré comme ultra-rapide.

Le commutateur non-linéaire parfait repose sur l’effet Kerr, que nous allons détailler ici. La
description de l’effet Kerr pur est simple. L’équation différentielle sur la phase s’écrit :

dφ(z, t)

dz
= f4kn2I(t) (4.1)

où k = 2π
λ est le vecteur d’onde en espace libre, n2 est le coefficient Kerr, f est le facteur de
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Figure 4.1. Schéma illustrant la commutation non-linéaire. (a) Interféromètre de Mach-Zehnder, dont l’un des
deux bras est déséquilibré par un composant non-linéaire (guide ou micro-cavité à fort confinement du champ).
A la situation d’équilibre, la voie A est passante et la voie B est bloquée. (b) Pour obtenir la commutation, on
introduit une impulsion de durée caractéristique ∆t dans le composant non-linéaire, permettant d’obtenir un
déphasage valant π. Celle-ci réalise la commutation en rendant la voie A bloquée et la voie B passante pendant
une durée ∆t.
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champ local et I(t) est l’intensité du champ. Imaginons que le profil d’intensité soit de forme
carrée avec une demi-durée valant T . Alors l’équation de phase se résout simplement au bout
d’une longueur L de propagation dans le composant non-linéaire et l’on obtient :

φ(L, t) = f4kn2I0L (4.2)

Pour réaliser la commutation, il faut que φ(L, t) ≈ π, si bien que l’on peut définir un paramètre
de commutation ρπ qui doit être supérieur à 1 pour le composant et fonction des trois variables
de longueurs de composants (L), de facteur de localisation (f) et d’intensité-crête (I0). Ainsi,
pour que la commutation ait lieu :

ρπ = 2f4I(t)
Ln2

λ
> 1 (4.3)

A titre d’exemple, si l’on prend le cas du silicium à la longueur d’onde de 1.5 µm, dont le
coefficient Kerr vaut n2 = 6 × 10−18 cm2/GW, nous avons :

ρπ = 7.7 × 10−12f4I0L (4.4)

Pour atteindre la valeur de 1, il faut que f4I0L > 1.3×1011, on peut alors agir sur les différentes
variables (f , I0 et L). Si l’on considère par exemple, une situation expérimentale dans laquelle, on
fixe I0, et T , on peut définir des couples de valeurs (f , L) permettant de réaliser la commutation.
On nommera, longueur de commutation Kerr la fonction L(f) dans ce cas précis. Si l’on prend,
toujours à titre d’exemple I0 = 500 MW/cm2, on obtient, la fonction :

L ≈ 10 400

f4
(4.5)

4.1.2 Figure de mérite classique

Classiquement, on utilise une figure de mérite non-linéaire pour caractériser la commutation
par effet Kerr [31]. De telles figures de mérite ont déjà montré, par exemple, qu’à cause de
l’absorption à deux photons, le silicium et le GaAs ne peuvent être utilisés pour la commutation
Kerr aux longueurs d’onde télécom [32]. Nous rappelons ici les principaux résultats de cette figure
de mérite classique. Pour définir un critère, il faut partir de l’équation différentielle fournissant
l’évolution de l’intensité d’une onde traversant un milieu où il se produit de l’absorption à deux
photons :

dI

dz
= −αlI − f4βTPAI2 (4.6)

où I est l’intensité à l’intérieur du composant, αl est l’atténuation linéaire et βTPA est le co-
efficient d’absorption à deux photons. Pour un composant de longueur L, la solution de cette
équation différentielle fournit simplement :

I(L) =
I(0)e−αlL

1 + f4βTPAI(0)Leff
(4.7)

Table 4.1. Critère de mérite non-linéaire pour la commutation optique par effet Kerr pour le Si et

le GaAs.

Paramètres Si GaAs

n2 6 × 10−18 m2/W 16 × 10−18 m2/W
βTPA 0.8 cm/GW 10 cm/GW
λβTPA

2n2
1.03 4.84
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avec Leff = (1−e−αlL)/αl. Nous avons vu au paragraphe précédent, que le critère de commutation
par effet Kerr est que le déphasage non-linéaire doit valoir π, si bien que l’on a :

L =
λ

f42n2I(0)
(4.8)

La première condition à réaliser pour développer un dispositif performant consiste à ce que ses
pertes linéaires soient négligeables. Nous nous plaçons donc dans ce cas pour la suite en prenant
αL = 0. Le second point concerne les pertes non-linéaires inhérentes au fonctionnement du
composant. Afin que l’absorption à deux photons n’absorbe pas trop d’énergie au signal, nous
pouvons écrire, à partir de l’équation (4.7), qu’un critère pour éviter une absorption trop grande
serait :

f4βTPAI(0)L < 1 (4.9)

pour garder une transmission supérieure à 50%. En combinant l’inégalité que nous venons d’écrire
avec l’équation (4.8), nous obtenons le critère suivant :

λβTPA

2n2
< 1 (4.10)

A partir des définitions de βTPA et de n2 donnée en fonction de la susceptibilité non-linéarie

effective d’ordre trois χ
(3)
eff ((1.20) et (1.26) dans le chapitre 1), nous pouvons réécrire ce critère

sous une forme légèrement plus élégante :

π

2

Im
[
χ

(3)
eff

]

Re
[
χ

(3)
eff

] < 1 (4.11)

Cette relation est fondamentalement liée au matériau et ne comporte absolument aucun pa-
ramètre géométrique. Le tableau 4.1 fournit les valeurs de ce critère pour le silicium et le GaAs
pour une opération à λ = 1.55 µm.

On voit, dès lors, qu’il est impossible d’obtenir une commutation non-linéaire satisfaisante
par effet Kerr pur avec le silicium ou l’arséniure de gallium car l’absorption à deux photons y
est trop élevée. La première solution consiste à utiliser la réfraction des porteurs libres pour ob-
tenir la commutation. La deuxième solution qui vient à l’esprit consiste à utiliser des matériaux
dont l’énergie de gap est plus élevée pour s’affranchir de l’absorption à deux photons. Toute-
fois, on entre alors dans un régime d’absorption multi-photonique, correspondant à des effets
non-linéaires d’ordre élevé (supérieur à trois). Il convient alors de caractériser les structures
semi-conductrices à fort confinement du champ par des critères tenant compte non seulement
des paramètres physiques du matériau, mais aussi des paramètres géométriques (liés à la struc-
turation notamment) tels que la longueur du composant et le facteur de champ local. Pour
cela, nous adoptons la même démarche que celle présentée au paragraphe 2.3.2 du chapitre 2,
en étendant la définition des longueurs non-linéaires au cas des processus liés à l’absorption
multi-photonique ou absorption à m-photons (m-PA). A partir de ces définitions, nous pourront
établir des diagrammes de fonctionnement pour les composants non-linéaires et envisager une
des deux solutions présentées.
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4.2 Longueurs non-linéaires

Nous avons déjà vu au chapitre 2, que les longueurs non-linéaires pour l’effet Kerr, la réfraction
des porteurs libres et l’absorption à deux photons pouvaient s’écrire :

LKerr =
λ

2f4n2I0
(4.12)

LFCR =
hc

2f6σnβTPAI2
0T

(4.13)

LTPA =
1 − TTPA

TTPAf4βTPAI0
(4.14)

où I0 = I(0) est l’intensité-crête d’une impulsion carrée de durée (2T ) en z = 0 et TTPA

correspond à la transmission non-linéaire que l’on souhaite se fixer. La généralisation au cas
de l’absorption multi-photonique ne change pas LKerr, mais modifie les formules de LTPA et de
LFCR.

4.2.1 Absorption à m-photons

Nous nous plaçons dans un matériau structuré quelconque présentant de l’absorption multi-
photonique. L’absorption à m-photons étant un processus non-linéaire d’ordre (2m − 1), il est
renforcé par un facteur f2m, si bien que l’équation d’évolution de l’intensité au cours de la
propagation s’écrit :

dI

dz
= −f2mβm−PAIm (4.15)

La solution de cette équation différentielle est triviale et fournit, après propagation sur une
longueur L de composant :

I(L) =
I0

[
1 + (m − 1)f2mβm−PAI

(m−1)
0 L

]( 1
m−1

)
(4.16)

Ceci nous permet alors de définir, comme pour la longueur d’absorption à deux photons, une
longueur d’absorption à m-photons Lm−PA, définie comme étant la longueur de composant, telle
que celui-ci ait une transmission valant Tm−PA :

Tm−PA =
I(Lm−PA)

I0
=

1
[
1 + (m − 1)f2mβm−PAI

(m−1)
0 Lm−PA

]( 1
m−1

)
(4.17)

Cette dernière équation permet d’obtenir l’expression de la longueur d’absorption à m-photons :

Lm−PA =
1 − T

(m−1)
m−PA

T
(m−1)
m−PA f2mβm−PAI

(m−1)
0

(4.18)

Par cette dernière équation, on voit que cette longueur non-linéaire est inversement propor-
tionnel à f2m et Im−1(0) et définit une longueur d’absorption pour tout processus d’absorption
multi-photonique sous la contrainte d’une transmission valant Tm−PA. Cette expression généralise
et remplace l’expression (4.14) établie dans le cas m = 2.
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4.2.2 Longueur de réfraction des porteurs libres

Comme nous l’avons fait au chapitre 2, nous pouvons aussi définir une longueur de réfraction des
porteurs libres correspondant à la longueur de composant nécessaire pour obtenir un déphasage
de π, mais cette fois, nous généralisons son expression au cas de porteurs générés par absorption
multi-photonique.

En ne tenant compte que de la réfraction des porteurs libres, l’équation différentielle sur la
phase, s’écrit :

∂φ(z, t)

∂z
= kf2σnN(z, t) =

π

Lm−PA
FCR (f, I0)

(4.19)

Lm−PA
FCR est la longueur de réfraction des porteurs libres assisté par absorption à m-photons et

est une fonction de f et de I0 :

Lm−PA
FCR =

λ

2f2σnN0
(4.20)

En réalité, σn < 0, ce qui signifierait que la longueur Lm−PA
FCR < 0, ce qui n’a pas de sens

physique. Nous ne nous intéressons pas au signe du déphasage, car c’est le déphasage relatif
qui importe. Autrement dit, dans toute application numérique de Lm−PA

FCR < 0, il faut prendre
la valeur absolue de σn. Cette fois-ci, l’équation de génération des porteurs libres, toujours en
négligeant le temps de recombinaison, s’écrit :

dN

dt
= f2m βm−PA

m~ω
Im (4.21)

Toujours pour une impulsion carrée se propageant dans le guide dont la demi-largeur vaut T
et dont l’intensité-crête vaut I0, nous pouvons donner la valeur de la densité totale de porteurs
libres générés après le passage de l’impulsion :

N0 ≈ βm−PA

m~ω
Im
0 (2T ) (4.22)

Ainsi en substituant dans l’expression de Lm−PA
FCR , nous obtenons simplement :

Lm−PA
FCR =

mhc

2f2m+2σnβm−PAIm
0 (2T )

(4.23)

Cette dernière relation généralise et remplace l’expression (4.23).

4.3 Calculs et détermination des paramètres de matériaux

Maintenant que nous avons les définitions des longueurs non-linéaires pour les différents pro-
cessus qui nous intéressent pour la commutation, il faut définir les matériaux pour lesquels,
nous allons effectuer des calculs de longueurs et calculer les paramètres utiles aux calculs, à sa-
voir les coefficients non-linéaires. Les trois paramètres majeurs qui nécessitent d’être déterminés
sont le coefficient d’absorption multi-photonique βm−PA, le coefficient Kerr n2 et le coefficient
de réfraction des porteurs libres σn. Ces paramètres ne sont pas toujours disponibles dans la
littérature. Toutefois, il existe des modèles théoriques qui permettent d’obtenir un ordre de
grandeur de leurs valeurs numériques. Nous commençons par présenter ces calculs.

4.3.1 Calculs des coefficients non-linéaires

Coefficients d’absorption multi-photonique

Les calculs sont issus des lois d’échelle pour l’absorption multi-photonique inter-bande dans les
semiconducteurs [67].
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Quel que soit le matériau considéré, les calculs ne sont valables que pour une absorption multi-
photonique directe à une fréquence unique. Le coefficient d’absorption à m-photons s’exprime
de deux manières différentes en fonction des données du matériau, suivant que m est pair ou
impair. Si m est impair, nous avons :

βm−PA = CmFm

(
m~ω

Eg

)
~

m−1P 2m−3

nmE4m−5
g

(4.24)

Ici, n est l’indice de réfraction, Eg est l’énergie de gap et Cm est un paramètre sans dimension
qui se calcule selon :

Cm = αmm4m−2πm−12−m
√

2

[
m − 1

2
!

]−4

(4.25)

où α = e2

hcǫ0
est la constante de structure fine. Fm est une fonction définie comme :

Fm

(
m~ω

Eg

)
=

[
m~ω

Eg
− 1

]1/2(m~ω

Eg

)−(4m−3)

(4.26)

P = ~

√
Ep

2m0
s’appelle le paramètre de Kane et est exprimé en fonction de l’énergie de Kane Ep

et de la masse de l’électron m0. L’énergie de Kane Ep est quasiment indépendante du matériau
considéré et sera prise égale à 21 eV [67].

En revanche, si m est pair, nous avons les formules suivantes pour βm−PA, Cm et Fm :

βm−PA = CmFm

(
m~ω

Eg

)
~

m−1P 2m−3

nmE4m−5
g

(4.27)

Cm = αmm4mπm−12m−1
√

2 [(m − 1)!]2 (4.28)

Fm

(
m~ω

Eg

)
=

[
m~ω

Eg
− 1

]3/2(m~ω

Eg

)−(4m−3)

(4.29)

La constante de structure fine étant une constante sans unité et P s’exprimant en J/m, le
coefficient βm−PA s’exprime en m2m−3/Wm−1. On retrouve bien, dans le cas m = 2, l’unité d’un
coefficient d’absorption à deux photons, i.e. des m/W.

A partir de ces équations, nous pouvons calculer les coefficients d’absorption à m-photons,
pour n’importe quel matériau.

Afin de regarder l’évolution des coefficients d’absorption multi-photoniques βm−PA en fonc-
tion de l’énergie des photons, nous considérons deux matériaux fictifs ayant un indice de réfraction
n = 3. Le premier matériau a une énergie de gap Eg = 2 eV et le second Eg = 4 eV. Les courbes
des βm−PA pour ces deux matériaux sont représentées sur la figure 4.2. Une courbe de βm−PA

est représentée en cm−1(cm2GW−1)m−1, autrement dit, chaque courbe peut être considérée
comme prenant la valeur d’un coefficient d’absorption exprimée en cm−1 pour une intensité de
1 GW/cm2. Chaque courbe débute à l’abscisse hν = Eg/m, ce qui est très logique, puisqu’un
processus d’absorption à m-photons ne peut avoir lieu, si la somme des énergies des m pho-
tons est inférieure à l’énergie de gap Eg. Elle passe ensuite par un maximum peu après, avant
de décrôıtre pour les énergies plus grandes. On observe que chaque courbe βm−PA atteint son
maximum peu après une valeur Eg/m pour l’énergie des photons. Cela signifie que les proces-
sus d’absorption résonne lorsque la somme des énergies des photons à absorber est proche et
légèrement supérieure à l’énergie de gap. On constate, de plus, que l’amplitude de chaque courbe
augmente lorsque Eg diminue et que leur largeur diminue avec m.
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Figure 4.2. Evolution des coefficients d’absorption multi-photonique βm−PA en fonction de l’énergie des photons
pour deux matériaux fictifs d’indice n = 3 et d’énergie de gap Eg = 2 eV (trait plein) et Eg = 4 eV (trait
pointillé). Une courbe de βm−PA est représentée en cm−1(cm2GW−1)m−1.
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Figure 4.3. Evolution du coef-
ficient Kerr n2 en fonction de
hν/Eg pour deux matériaux fic-
tifs dont les énergies de gap
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viron 0.8 eV correspondant à
hν/Eg = 0.4 pour Eg = 2 eV et
hν/Eg = 0.2 pour Eg = 4 eV.
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Coefficient Kerr

Le calcul présenté ici est issu de [68]. La formule fournissant le coefficient Kerr s’écrit :

n2(ω) =
103π

nc
K ′

√
Ep

nE4
g

G2

(
~ω

Eg

)
(4.30)

où Eg est l’énergie de gap, n est l’indice de réfraction du milieu, Ep = 21 eV est l’énergie de
Kane et K ′ est un coefficient numérique valant 1.5× 10−8, si les énergies sont exprimées en eV.
La fonction G2 est définie de la manière suivante :

G2(x) = GTPA(x) + GR(x) + GLS(x) + GQS(x) − GDT(x) (4.31)

avec :

GTPA(x) =
1

(2x)6

[
−3

8
x2(1 − x)−1/2 + 3x(1 − x)1/2 − 2(1 − x)3/2 + 2H(1 − 2x)(1 − 2x)3/2

]

GR(x) =
1

(2x)6

[
−3

8
x2(1 + x)−1/2 − 3x(1 + x)1/2 − 2(1 + x)3/2 + 2(1 + 2x)3/2

]

GLS(x) =
1

(2x)6

[
2 − (1 − x)3/2 − (1 + x)3/2

]

GQS(x) =
1

(4x)5

[
(1 − x)−1/2 − (1 + x)−1/2 − x

2
(1 − x)3/2 − x

2
(1 + x)3/2

]

GDT(x) = [−2 − 35

8
x2 +

x

8
(3x − 1)(1 − x)−1/2 − 3x(1 − x)1/2 + (1 − x)3/2

+
x

8
(3x + 1)(1 + x)−1/2 + 3x(1 + x)1/2 + (1 + x)3/2]

où H(x) est la fonction de Heaviside.
Nous traçons sur la figure 4.3, l’évolution de n2 pour un matériau fictif, pour deux énergies

de gap données (Eg = 2 eV en trait plein et Eg = 4 eV en pointillé) en fonction de hν/Eg,
où hν = ~ω représente l’énergie du photon. Nous avons pris l’indice de réfraction n égal à 3
pour l’application numérique. Nous observons que les courbes passent dans les deux cas par
un maximum, pour hν = ~ω ≈ 0.53, puis décroissent pour les énergies de photon plus petites
atteignant une valeur asymptotique, qui reste tout de même dans le même ordre de grandeur. On
voit aussi que l’augmentation de l’énergie de gap a pour effet de diminuer la valeur du coefficient
Kerr. Au-delà de hν

Eg
= 0.7, le coefficient Kerr change de signe.

Coefficient de réfraction des porteurs libres

Nous rappelons ici la formule du coefficient de réfraction des porteurs libres. celui-ci est
calculé à partir du modèle de Drude-Lorentz, par la formule, présentée au paragraphe 1.2.5 du
premier chapitre :

σn = − e2

2ǫ0n0ω2

E2
g(

E2
g − ~2ω2

)
(

1

m∗
e

+
1

m∗
h

)
= K

E2
g

~2ω2
(
E2

g − ~2ω2
) = KfR(~ω) (4.32)

où K est un facteur constant négatif qui ne dépend pas de l’énergie des photons. Nous traçons
sur la figure 4.4, l’évolution de la fonction fR(~ω) pour les deux mêmes matériaux fictifs dont
les énergies de gap valent Eg = 2 eV et Eg = 4 eV.

On observe que fR conserve à peu près le même ordre de grandeur aux alentours de 0.8 eV
qui correspond à l’énergie de photons qui nous intéresse, puis décrôıt très rapidement à mesure
que l’énergie des photons s’approchent de l’énergie de gap.
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4.3.2 Matériaux

Nous, nous intéresserons à quatre matériaux. Le silicium et l’arséniure de gallium, car nous
les avons déjà étudiés. Puisque la commutation par effet Kerr pur est impossible pour ces deux
milieux, nous nous proposons d’étudier deux autres matériaux, dont les énergies de gap sont
plus grandes. L’AlGaAs et le nitrure de gallium (GaN), qui sert notamment à la fabrication de
diode bleue.

Le silicium (Si)

Tous les coefficients du silicium sont déjà connus du chapitre précédent, nous ne faisons que les
rappeler dans le tableau 4.2. Les coefficients qu’il est nécessaire de connâıtre pour le calcul des
longueurs non-linéaires sont le coefficient d’absorption multi-photonique (βm−PA), le coefficient
Kerr (n2) et le coefficient de réfraction des porteurs libres (σn). Dans le cas du silicium, puisque
l’énergie de gap vaut 1.124 eV, et que l’énergie d’un photon à 1.5 µm correspond à une énergie
de 0.8 eV, l’absorption multi-photonique pertinente, est l’absorption à deux photons.

Table 4.2. Valeurs des coefficients pour le silicium.

Nom du coefficient Symbole Valeurs Origine

Indice de réfraction à 1.55 µm nSi 3.48 [37]
Energie de gap Eg 1.124 eV [56]
Coefficient d’absorption à deux photons βTPA 0.8 cm/GW [37]
Coefficient Kerr nSi

2 6 × 10−18 m2/W [37]
Coefficient de réfraction des porteurs libres σn −1.35 × 10−27 m3 [57]

L’arséniure de gallium (GaAs)

De même que pour le silicium, nous reprenons les valeurs des coefficients données au chapitre 2,
pour les mettre dans le tableau 4.3.
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Table 4.3. Valeurs des coefficients pour l’arséniure de gallium.

Nom du coefficient Symbole Valeurs Origine

Indice de réfraction à 1.55 µm nGaAs 3.37 [30]
Energie de gap Eg 1.424 eV [67]
Coefficient d’absorption à deux photons βTPA 10 cm/GW [26]
Coefficient Kerr nGaAs

2 1.6 × 10−17 m2/W [26]
Coefficient de réfraction des porteurs libres σn −7 × 10−27 m3 calculé

L’arséniure de gallium aluminium (AlGaAs)

L’arséniure de gallium aluminium est un semiconducteur ternaire III-V. Dans le cas de l’AlGaAs,
on utilise deux éléments de la colonne III de la classification périodique des éléments (Al et Ga),
combinés avec un élément de la colonne V (As). Dans ces cas, l’alliage est du type IIIx-III1−x-
V, où x prend des valeurs entre 0 et 1. L’alliage le plus communément utilisé pour l’AlGaAs,
correspond à x = 0.36. Dans ce cas l’énergie de gap direct est donnée par la formule [69] :

Eg(x) = 1.424 + 1.247x (4.33)

Ainsi, pour x = 0.36, nous obtenons EAlGaAs
g = 1.873 eV.

Connaissant l’énergie de gap, nous pouvons alors calculer le coefficient d’absorption multi-
photonique pertinent. Dans le cas de photons à 0.8 eV, il s’agit de l’absorption à trois photons.
Nous utilisons les équations du paragraphe 4.3.1 pour calculer β3−PA.

Pour effectuer l’application numérique du coefficient de réfraction des porteurs libres, nous
prenons l’indice de réfraction nAlGaAs = 3.216, m∗

h = 0.40m0 et m∗
e = 0.091m0 [32].

Les valeurs de coefficients pour l’AlGaAs sont reportées dans le tableau 4.4.

Table 4.4. Valeurs des coefficients pour l’Al0.36Ga0.64As.

Nom du coefficient Symbole Valeurs Origine

Indice de réfraction à 1.55 µm nAlGaAs 3.216 [67]
Energie de gap Eg 1.873 eV calculée
Coefficient d’absorption à trois photons β3−PA 0.09 cm3/GW2 calculé
Coefficient Kerr nAlGaAs

2 6 × 10−18 m2/W [32]
Coefficient de réfraction des porteurs libres σn −5.44 × 10−27 m3 calculé

Nous remarquons, que les coefficients Kerr et de réfraction des porteurs libres sont très
proches pour les trois matériaux présentés.

Le nitrure de Gallium (GaN)

Le nitrure de gallium est aussi un semiconducteur de la classe III-V. Il s’agit d’un matériau
dont le gap est très grand (EGaN

g = 3.44 eV), si bien qu’il trouve ses applications dans la fa-
brication de diode bleue et pour l’optique non-linéaire dans les cristaux photoniques à deux
dimensions [70]. Nous nous intéressons plus particulièrement à ce composé, car il permet d’at-
teindre un régime d’absorption à cinq photons, avant que les effets de porteurs ne deviennent
visibles.



4.4 Diagramme de longueurs non-linéaires 111

Le calcul du coefficient de réfraction des porteurs libres fournit σn = 2.17 × 10−27 m3 en
prenant m∗

e = 0.20m0 et m∗
h = 0.8m0 [71, 72] et celui du coefficient Kerr fournit nGaN

2 =
1.3 × 10−17 m2/W par la formule (4.30). L’indice de réfraction est calculé par l’équation de
Sellmeier.

Le tableau 4.5 regroupe les valeurs des différents paramètres pour le nitrure de Gallium.

Table 4.5. Valeurs des coefficients pour le nitrure de gallium.

Nom du coefficient Symbole Valeurs Origine

Indice de réfraction à 1.55 µm nGaN 2.32 calculé
Energie de gap Eg 3.44 eV [73]
Coefficient d’absorption à cinq photons β5−PA 6.8 × 10−3 cm7/GW4 calculé
Coefficient Kerr nGaN

2 1.3 × 10−17 m2/W calculé
Coefficient de réfraction des porteurs libres σn −2.17 × 10−27 m3 calculé

Nous avons maintenant tous les coefficients nécessaires au calcul des longueurs non-linéaires
présentées au paragraphe 4.2.

4.4 Diagramme de longueurs non-linéaires

Comme nous l’avons fait au paragraphe 2.3.2 du chapitre 2, nous pouvons maintenant tracer
des diagrammes de longueurs non-linéaires à partir des expressions (4.12), (4.18) et (4.23). En
fixant, une valeur d’intensité-crête, une durée d’impulsion et une contrainte de transmission
non-linéaire du composant, nous obtenons des graphes de longueurs en fonction du facteur de
champ local. Nous prenons une intensité valantI0 = 100 MW/cm2 et une durée d’impulsion
T = 5 ps. A titre indicatif, une telle intensité correspond, dans les conditions expérimentales
que nous avons utilisées dans le chapitre 2, à une puissance moyenne injectée d’environ 100 µW
dans un guide dont l’aire effective vaut Aeff = 0.1 µm2.
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PCW : guide à cristal pho-
tonique (en anglais - photonic

crystal waveguide). µ-cavités :
microcavités. La zone hachurée
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Figure 4.6. Diagramme de longueurs non-linéaires pour le silicium (Si) (a), l’arséniure de gallium (GaAs) (b),
l’arséniure de gallium aluminium (AlGaAs) (c) et le nitrure de gallium (GaN) (d), en fonction du facteur de champ
local f . La courbe rouge représente la longueur minimale permettant d’atteindre un déphasage de π par effet Kerr,
la courbe verte représente la longueur maximale à ne pas dépasser pour que la transmission du composant soit
supérieure à 50% et la courbe noire est la longueur minimale de composant assurant une déphasage de π par
réfraction des porteurs libres. Trois zones sont représentées sur les diagrammes correspondant aux régions de
commutation par effet Kerr, par effet de porteurs libres et par une compétition de ces deux processus.

Nous rappelons ici le diagramme du paragraphe 1.4.4 fournissant les longueurs typiques de
composants en fonction des régimes de localisation pouvant être atteint (voir figure 4.5).

Sur la figure 4.6, nous représentons les différentes longueurs non-linéaires en fonction du
facteur de champ local pour le silicium (figure (a)), l’arséniure de gallium (figure (b)), l’arséniure
de gallium et d’aluminium (figure (c)) et le nitrure de gallium (figure (d)). Nous pouvons décrire
trois régions de fonctionnement pour la commutation.

La région Kerr correspond à la zone dans laquelle, on peut considérer que la commutation
s’opère par effet Kerr pur. Autrement dit, le déphasage de π entre l’entrée et la sortie du com-
posant est atteint. Pour cela, il faut être au-dessus de la ligne de longueur minimale permettant
d’obtenir ce déphasage (LKerr) et qui correspond à la droite rouge sur les graphes. De plus, il faut
respecter la contrainte de transmission de 50%, ce qui signifie, que la zone est nécessairement en-
dessous de la courbe de longueur permettant cette transmission (Lm−PA en vert sur les graphes).
Finalement, pour considérer que l’on est dans une zone où la commutation se fait par effet Kerr
pur, il ne faut pas être en compétition avec une commutation par effet de porteurs libres. Cela
signifie qu’il faut être en-dessous de la courbe de longueur minimale assurant un déphasage de
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π par la réfraction des porteurs (Lm−PA
FCR ).

La région FCR, quant à elle, représente la zone dans laquelle, il se produit une commutation
assistée par les porteurs libres générés par un processus d’absorption multi-photonique. Pour
cela, il faut être au-dessus de la longueur Lm−PA

FCR . La contrainte sur la transmission doit toujours
être respectée, si bien qu’il faut être sous la droite verte et finalement, il faut être au-dessus de
la ligne rouge, pour que la commutation soit exclusivement assistée par des porteurs et qu’elle
ne soit pas en compétition avec l’effet Kerr.

En dernier lieu, nous définissons une zone où l’effet Kerr et la réfraction des porteurs libres
coexistent et sont en compétition dans le processus de commutation. Il s’agit des régions de
l’espace se situant au-dessus des longueurs minimales de déphasage π par effet Kerr et par FCR,
et toujours en-dessous de la longueur maximal, assurant la transmission voulue.

Nous remarquons dans un premier temps, comme nous l’avions déjà fait au paragraphe 2.3.2
du chapitre 2, qu’il n’existe pas de zone où la commutation se fait par effet Kerr pour l’arséniure
de gallium. On observe de plus, qu’une telle zone n’existe pas non-plus pour le silicium. On
retrouve ainsi le résultat classique prédit par le critère λβTPA

2n2
du matériau au paragraphe 4.1.2.

Dans le cas du silicium, ceci provient du fait que la courbe de la longueur d’absorption à deux
photons et la courbe de la longueur Kerr cöıncident quasiment. De manière général, pour un
milieu où l’absorption à deux photons a lieu, LTPA et LKerr sont nécessairement parallèles, car
leur évolution est en 1

f4 . Dans le cas de l’arséniure de gallium, nous avons LTPA > LKerr et ce
quel que soit f . Puisque les deux droites sont parallèles, elles ne se croisent jamais, et nous ne
trouverons jamais de zone où la commutation Kerr peut avoir lieu.

En revanche, pour ces deux matériaux, il existe une zone où la commutation peut se faire
par effets de porteurs libres, car la courbe LTPA

FCR est évolue en 1
f6 , si bien que sa pente est plus

forte (en valeur absolue), et qu’elle décrôıt plus vite que LKerr et que LTPA. Ainsi, à partir d’un
certain f , les LTPA et LTPA

FCR se croisent et il s’ouvre une région FCR. Nous voyons en général que
cette zone existe pour le silicium et l’arséniure de gallium, pour des fortes valeurs de localisation
et de faibles longueurs de composant, il s’agit donc de structures de type micro-cavités ou guides
à cristal photonique.

Les graphes (c) et (d) de la figure 4.6 sont très différents. Du fait de la dépendance en 1
f2m

et en 1
f2m+2 pour Lm−PA et Lm−PA

FCR respectivement, ces deux courbes ont des pentes plus grande
pour l’AlGaAs et le nitrure de gallium. Pour l’AlGaAs, le processus d’absorption non-linéaire est
à trois photons et à cinq photons pour le GaN. Il y a donc des croisements entre LKerr et L3−PA

pour l’AlGaAs et L5−PA pour le GaN. On ouvre donc des zones de commutation par effet Kerr
pur pour ces deux matériaux contrairement au silicium et à l’arséniure de gallium. La région Kerr
est beaucoup plus grande pour le GaN, du fait de la plus grande pente de L5−PA par rapport à
L3−PA pour l’AlGaAs. Ces zones se situent dans les parties du diagramme correspondant à des
composants plutôt longs et à des facteurs f plus faibles par rapport aux zones de commutation
par réfraction des porteurs libres. Ainsi, les nanoguides sont plus représentés pour ce type de
commutation. Par ailleurs, il s’ouvre aussi des zones où les deux types de commutation (effet
Kerr et FCR) coexistent.

Nous voyons donc, avec les contraintes que nous nous sommes fixées, un composant en
AlGaAs de 1 mm de long fonctionnant en régime de localisation tel que f = 4 permettrait de
réaliser la commutation par effet Kerr pur. De la même manière, un composant en GaN de 1 mm
de long fonctionnant à f = 3 permettrait d’avoir le même type de commutation.

La figure 4.7 montre le diagramme pour des longueurs non-linéaires pour le nitrure de gallium
en faisant varier les paramètres d’intensité de commande I0 et de contrainte sur la transmission
du composant T5−PA. On voit d’abord qu’en diminuant l’intensité, toutes les droites de longueurs
non-linéaires sont translatées vers le haut, ce qui est normal puisque elles sont toutes inversement
proportionnels à une puissance de 1

I0
. De plus, les longueurs qui correspondent à des effets d’ordre

plus élevé sont translatées davantage. Ainsi, L5−PA, correspondant à un effet d’ordre neuf est
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Figure 4.7. Diagramme de longueurs non-linéaires pour le GaN pour différentes valeurs de l’intensité de com-
mande I0 et de la contrainte de transmission T5−PA du composant.

bien plus translatée que LKerr qui est un effet d’ordre trois. Lorsque I0 = 10 MW/cm2 avec
T5−PA = 0.5, la zone de commutation par effet Kerr devient très importante et on ne retrouve
plus les courbes de L5−PA et de L5−PA

FCR .

Lorsque l’on augmente la contrainte sur la transmission du composant, i.e. lorsque T5−PA

augmente, c’est L5−PA qui diminue, si bien qu’elle passe en-dessous de la longueur de réfraction
des porteurs libres L5−PA

FCR et qu’aucune zone de commutation par FCR n’existe.

Ainsi, l’utilisation de matériaux à plus grand gap (AlGaAs et GaN) favorise la commutation
par effet Kerr et permet d’ouvrir des zones de commutation qui ne sont pas accessibles aux
matériaux à petit gap (Silicium et GaAs).

4.5 Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons étudié une application de la localisation à la commutation
non-linéaire tout-optique. Pour cela, nous avons présenté un exemple de commutateur non-
linéaire constitué d’un Mach-Zehnder, dont l’un des deux bras est déséquilibré par un composant
à fort confinement du champ. La commutation a lieu, lorsque l’on introduit une impulsion dans
le composant. Nous avons présenté le critère classique utilisé pour savoir si un matériau favorise
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la commutation par effet Kerr pur, qui est le type de commutation préférée en général, car il
est instantané en régime picoseconde. Cependant, ce critère ne dépend que du matériau et ne
s’intéresse pas aux données structurelles, telles que la longueur de composant et la localisation,
qui sont deux éléments essentiels de l’étude des structures à fort confinement du champ. Nous
avons proposé une étude basée sur des longueurs non-linéaires, définies, pour les effets de phase
(effet Kerr et FCR) comme étant les longueurs minimales permettant d’obtenir un déphasage
valant π entre l’entrée et la sortie du composant nécessaire à la commutation des deux bras du
Mach-Zehnder. Nous avons défini en plus, une longueur d’absorption non-linéaire généralisée à
tous les processus d’absorption à m-photons. Nous nous sommes intéressés à l’étude du silicium
et de l’arséniure de gallium, car nous les avions déjà étudiés dans les chapitres précédents. Nous
nous sommes intéressés en plus à l’arséniure de gallium aluminium et au nitrure de gallium,
car ces deux matériaux possèdent des énergies de gap bien supérieures à ceux du silicium et du
GaAs, afin de regarder des processus non-linéaires d’ordre plus élevé que les effets d’ordre trois
(effet Kerr et absorption à deux photons). Nous avons pu voir que la commutation par effet Kerr
est impossible pour le silicium et le GaAs, comme le prédisait déjà la figure de mérite classique.
Des zones de commutation par effet de porteurs existent néanmoins. Pour l’AlGaAs et le GaN,
il existe des zones de commutation par effet Kerr pur.

L’enjeu de cette étude est la réalisation d’un composant permettant la commutation tout-
optique non-linéaire. On s’aperçoit que la commutation par effet Kerr est inaccessible pour le
silicium sur lequel les intérêts industriels se portent d’avantage, à cause de sa compatibilité avec
les technologies CMOS. La seule possibilité de commutation serait de tirer profit de la réfraction
par les porteurs libres. Cependant, on se confronte aux problèmes de dynamiques des porteurs qui
ont un temps de recombinaison très long en général, ce qui signifie qu’il faut attendre longtemps
avant que le commutateur retourne à sa situation de départ. On voit, ainsi que la commutation
non-linéaire passe nécessairement par une gestion de porteurs dans le cas du silicium, ou par un
effet Kerr pur, en changeant de matériaux (AlGaAs ou GaN). Concernant la gestion de porteurs
libres dans le silicium, il faut noter que très récemment (2010), Turner-Foster et al. ont réussi à
réduire le temps de recombinaison de 3 ns à 12.2 ps en utilisant une diode p-i-n intégrée [74].

L’étude que nous avons effectuée ici est généralisable à d’autres matériaux aussi tels que les
verres chalcogénures dans lesquels, on grave aussi des structures à cristal photonique [75].

Une perspective de ce travail serait d’effectuer une étude plus approfondie tenant compte des
pertes linéaires en fonction de la localisation qui sont actuellement un des principaux freins au
développement de l’optique non-linéaire en régime de très forte localisation. En effet, l’évolution
des pertes linéaires en fonction du facteur de champ local est encore une question ouverte
aujourd’hui et est très exaltée en régime de très forte localisation.
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Bilan et perspectives

Les structures semi-conductrices à fort confinement du champ présentent un énorme avantage
dans le contexte général du traitement tout-optique du signal. D’une part, les semi-conducteurs
ont de fortes propriétés non-linéaires et d’autre part, la structuration à petite échelle permet de
localiser la lumière et donc d’exalter les phénomènes non-linéaires pour réaliser la fonctionnali-
sation de ces structures pour le traitement tout-optique de l’information.

Le premier objectif des mes recherches a été de démontrer expérimentalement et quanti-
tativement l’effet du ralentissement de la lumière sur l’exaltation de la non-linéarité dans un
guide à cristal photonique. Le deuxième objectif a été de résoudre le problème de l’amplification
Raman d’impulsions picoseconde dans les nanoguides de silicium, où la compétition entre effets
non-linéaires nuit au gain optique de l’amplificateur. J’ai aussi souhaité souligner l’importance
de la localisation comme paramètre de structuration de composants dans le cas particulier de la
commutation tout-optique du signal.

Nous avons commencé par introduire les éléments de bases, permettant de comprendre l’en-
semble du travail sur les non-linéarités dans les structures semi-conductrices à fort confinement
du champ. Nous avons rappelé les non-linéarités pertinentes pour notre étude dans les semi-
conducteurs : l’effet Kerr, l’absorption à deux photons, la réfraction des porteurs libres et la
diffusion Raman stimulée. Nous avons présenté le formalisme de la théorie du champ local, en
l’adaptant au cas des structures à fort confinement du champ et nous nous sommes intéressés à
la valeur du facteur de champ local dans le cas des nanostructures présentant une diminution de
la vitesse de groupe, avant d’effectuer un état de l’art des guides à fort confinement du champ.

Pour démontrer expérimentalement et quantitativement l’influence de la localisation sur
l’exaltation des non-linéarités, nous nous sommes intéressés à un guide à cristal photonique
d’arséniure de gallium. Nous avons spécifiquement développé une source impulsionnelle picose-
conde afin de le caractériser en régime non-linéaire. Grâce à une mesure de spectre linéaire en
transmission, nous avons pu déterminer l’indice de groupe et donc le facteur de champ local en
fonction de la longueur d’onde. Nous avons observé l’exaltation de l’absorption à deux photons,
de l’effet Kerr et de la réfraction des porteurs libres générés par absorption à deux photons. La
prédiction par le modèle théorique est en très bon accord avec nos résultats expérimentaux et
ont permis de décrire quantitativement l’exaltation. Pour approfondir les applications pratiques
de nos résultats, nous avons pu voir par une étude sur les longueurs non-linéaires d’interaction,
que l’arséniure de gallium était un mauvais composant pour la commutation par effet Kerr pur
à cause de son fort coefficient d’absorption à deux photons.

Nous avons ensuite résolu le problème de l’amplification Raman d’impulsions courtes dans
le silicium. Nous avons constaté expérimentalement que le modèle classique de l’effet Raman en
régime continu, en présence d’absorption à deux photons était mis en défaut à cause des effets de
phase qui produisent un élargissement spectral de la pompe faisant chuter le gain Raman effectif.
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Nous avons ensuite, développé une approche analytique permettant de modéliser l’élargissement
spectral de la pompe, de la quantifier et de la relier à la chute du gain Raman effectif.

Finalement, nous avons abordé l’application de la localisation à la commutation non-linéaire
tout-optique. Nous avons présenté un commutateur typique, basé sur l’interféromètre de Mac-
Zehnder, dont l’un des deux bras est déséquilibré par une structure à fort confinement du champ.
Après avoir rappelé le critère classique caractérisant la commutation non-linéaire, nous avons
introduit les concepts de longueurs non-linéaires abordés au chapitre deux, en les généralisant
au cas des processus d’absorption multi-photonique. Ceci nous a permis d’étudier les propriétés
de différents matériaux (Si, GaAs, AlGaAs et GaN) en vue de la commutation. Nous avons vu
que la commutation par effet Kerr pur est impossible pour le silicium et le GaAs, mais qu’une
commutation par réfraction des porteurs libres y est envisageable. En revanche l’AlGaAs et le
GaN, du fait de leur grande énergie de gap, sont de meilleurs candidats pour une commutation
par effet Kerr pur.

Il faut noter que la recherche sur l’exaltation des effets non-linéaires dans les guides à cristal
photonique est un domaine qui s’est révélé fort compétitif au cours des trois dernières années.
En effet,nous avons été les premiers à avoir effectué une démonstration expérimentale et quan-
titative de la manière dont la localisation agit sur la non-linéarité dans les guides à cristal
photonique. Cet article pionnier a rapidement été suivi d’un grand nombre de communications
au cours de l’année 2009 par de nombreux groupes de recherche à la pointe dans ce domaine.
[76, 77, 78, 79, 10, 80].

Ce travail de recherche suscite un grand nombre de perspectives. En premier lieu, il y a un
problème fondamental qui est encore ouvert et en cours d’étude qui est le problème des pertes
linéaires dans les structures à cristal photonique. Le désordre dans les structures à cristal pho-
tonique introduit des pertes qui sont fortement exaltées, elles aussi, par la localisation et il est
encore difficile aujourd’hui de savoir comment se fait la dépendance [81]. Toutefois, nous n’étions
pas concernés par ce problème, car l’effet du désordre n’apparâıt réellement qu’à des régimes
de très forte lumière lente. Ceci amène d’ailleurs à se dire qu’une analyse fine de ces pertes
conduirait notamment à modifier les définitions des longueurs non-linéaires pour les y inclure.

L’apparition des guides à cristal photonique à faible vitesse de groupe et faible dispersion
permet aujourd’hui d’atteindre des régimes de lumière nettement plus lente que ceux que nous
avons atteints. Grâce à cette faible dispersion, il est maintenant possible de localiser une impul-
sion courte à ces régimes de localisation.

Dans le contexte plus général de la commutation tout-optique. Nous avons pu voir que l’effet
Kerr était le processus non-linéaire préféré pour cette opération. Nous avons aussi vu que la
commutation pourrait s’effectuer par réfraction des porteurs libres. Cependant, le temps de vie
longs des porteurs dans les semi-conducteurs réduit considérablement l’attrait pour ce processus,
car le commutateur prendrait trop de temps à revenir à son état initial. Cependant, il semblerait
que, du fait des très petites dimensions, dans les microcavités à cristal photonique, les porteurs
aient un temps de recombinaison très faible de l’ordre de la dizaine de picosecondes [33]. Ceci
relance le potentiel de la commutation par réfraction des porteurs libres. Il serait intéressant
d’effectuer une étude plus approfondie de ce phénomène par des expériences pompe-sonde dans
divers matériaux.

Finalement, l’étude que nous avons effectuée au dernier chapitre peut s’étendre à d’autres
matériaux encore, ayant des propriétés non-linéaires différentes comme les verres chalcogénures,
le diamant ou encore le graphène par exemple.

De manière très général, la quantité physique la plus limitante en terme de développement
de la fonctionnalité non-linéaire est l’énergie. La dissipation d’énergie limite très fortement les
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performances des composants non-linéaires. L’enjeu de la consommation énergétique est mondial
et dépasse largement le domaine de la photonique ou de la micro-électronique, car il est environ-
nemental. Nous ne pouvons donc pas imaginer d’utiliser des composants photoniques consom-
mant beaucoup plus d’énergie que les composants électroniques déjà existants. La consommation
énergétique par opération logique est actuellement de 1 fJ pour les composants CMOS. Tels que
nous l’avons conçue dans notre étude, l’opération logique consistant à commuter deux voies
consommerait 100 µW moyen d’énergie, ce qui dans le cadre des expériences que nous avons
réalisées aux chapitres précédents, correspond à une énergie par opération logique d’environ
≈ 100 (mW) × 10 ps= 1 pJ, à moins que la transmission du composant soit très élevée, per-
mettant ainsi d’envisager le recyclage d’impulsion. Il y a encore un facteur mille à gagner, alors
que les composants du futur devront probablement atteindre quelques dizaines d’attojoules par
opération logique, correspondant à une centaine de photons.
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Annexe A
Calculs de Fourier : Propriétés

A.1 Théorème de convolution

Nous effectuons ici la démonstration du théorème de convolution suivant les conventions que
nous adoptons. Considérons f et f̃ , une fonction du temps intégrable et sa transformée de
Fourier, fonction de la fréquence ω. Les conventions que nous adoptons pour la transformée de
Fourier (TF) et la transformée de Fourier inverse (TF−1) sont :

f̃(ω) =

∫
f(t)e−iωtdt (A.1)

f(t) =
1

2π

∫
f̃(ω)eiωtdω (A.2)

Pour toute fonctions f et g intégrables, nous définissons le produit de convolution ⊗ de la
manière suivante :

[f ⊗ g] (x) =

∫
f(y)g(x − y)dy (A.3)

Avec ces définitions, si l’on considère deux fonctions f̃ et g̃ intégrables dans l’espace des
fréquences, alors f̃(ω1)e

iω1t et g̃(ω2)e
iω2t le sont aussi et l’on peut écrire la série d’équivalence

suivante (en posant ω1 = ω′ et ω2 = ω − ω′) :
∫ ∫

f̃(ω1)e
iω1tg̃(ω2)e

iω2tdω1dω2 =

∫ ∫
f̃(ω′)g̃(ω − ω′)eiωtdωdω′

⇐⇒
∫

f̃(ω1)e
iω1tdω1

∫
g̃(ω2)e

iω2tdω2 =

∫ [∫
f̃(ω′)g̃(ω − ω′)dω

]
eiωtdω′

⇐⇒ (2π)2TF−1
[
f̃
]
TF−1 [g̃] = 2πTF−1

[
f̃ ⊗ g̃

]

⇐⇒ f × g =
1

2π
TF−1

[
f̃ ⊗ g̃

]

⇐⇒ TF [f × g] =
1

2π

(
f̃ ⊗ g̃

)
(A.4)

Ce dernier résultat s’appelle le théorème de convolution.

A.2 Théorème de Parseval-Plancherel

Soient f et g, et leurs transformées de Fourier f̃ et g̃, toutes intégrables. Calculons l’intégrale
I, définie par :

I =

∫ ∫
f(t)g̃∗(ω)e−iωtdtdω (A.5)
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Cette intégrale peut se calculer de deux manières différentes. La première méthode fournit :

I =

∫
f(t)

[∫
g̃∗(ω)eiωtdω

]∗
dt = 2π

∫
f(t)g∗(t)dt (A.6)

et la seconde méthode produit :

I =

∫
g̃∗(ω)

[∫
f(t)e−iωtdt

]
dω =

∫
f̃(ω)g̃∗(ω)dω (A.7)

Par égalité de ces deux expressions de I, on obtient alors le théorème de Parseval-Plancherel qui
s’écrit : ∫

f(t)g∗(t)dt =
1

2π

∫
f̃(ω)g∗(ω)dω (A.8)

qui s’écrit aussi, dans le cas particulier où f = g :

∫
|f(t)|2dt =

1

2π

∫
|f̃(ω)|2dω (A.9)

A.3 Formule des moments

Considérons une fonction f et sa transformée de Fourier f̃ , toutes deux intégrables. Nous
nous intéressons au moment d’ordre n de f̃ :

∫
ωnf̃(ω)dω (A.10)

Nous écrivons ensuite :
∫

ωnf̃(ω)dω =
2π

in

[
1

2π

∫
inωnf̃(ω)dω

]

=
2π

in
dn

dtn

[
1

2π

∫
f̃(ω)eiωtdω

]

(t=0)

(A.11)

On arrive ainsi à la formule des moments :
∫

ωnf̃(ω)dω = 2π(−i)nf (n)(0) (A.12)

A.4 Théorème de Wiener-Khintchin

Pour toutes fonctions f et g intégrables, on définit le produit de corrélation ∗ de f par g
comme :

[f ∗ g] (x) =

∫
f∗(y)g(x + y)dy (A.13)

On remarque immédiatement qu’en faisant un changement de variable z = x + y, on obtient
l’égalité suivante :

[f ∗ g] (x) =

∫
f∗(y)g(x + y)dy =

∫
g(z)f∗(z − x)dz (A.14)

Autrement dit, le produit de corrélation n’est pas commutatif.
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Pour toutes fonctions f et g intégrables, la fonction de deux variables f(x)e−iωxg∗(−y)e−iωy

est aussi intégrable par rapport à chacune de ces deux variables. En effectuant un changement
de variable x = t et y = t′ − t, il vient la série d’équivalences suivante :

∫ ∫
f(x)e−iωxg∗(−y)e−iωydxdy =

∫ ∫
f(t)g∗(t − t′)e−iωt′

⇐⇒
[∫

f(x)e−iωxdx

] [∫
g(y)e−iωydy

]∗
=

∫ [∫
f(t)g∗(t − t′)dt

]
e−iωt′dt′

⇐⇒ TF [f ] TF [g]∗ = TF [f ∗ g] (A.15)

Dans le cas particulier où g = f , on obtient immédiatement :

TF [f ∗ f ] (ω) = |f̃(ω)|2 (A.16)

De la même manière, nous pouvons démontrer en faisant le même raisonnement, mais avec
la transformée de Fourier inverse que :

TF−1
[
f̃ ∗ g̃

]
= 2πTF−1[f̃ ]TF−1 [g̃]∗ (A.17)

et
TF−1

[
f̃ ∗ f̃

]
(t) = 2π|f(t)|2 (A.18)

A.5 Dérivation de la convolution et de la corrélation

La convolution étant commutative, et sous réserve de convergence des intégrales, la dérivée
d’un produit de convolution est obtenue en dérivant l’une des deux fonctions du produit :

d

dx
[(f ⊗ g)(x)] =

df(x)

dx
⊗ g(x) = f(x) ⊗ dg(x)

dx
(A.19)

En revanche, la dérivation de la corrélation change de signe suivant qu’elle est opérée suivant
la première ou la deuxième fonction :

d

dx
(f ∗ g)(x) =

∫
f∗(y)

dg(x + y)

dx
dy

= −
∫

g(y)
df∗(y − x)

dx
dy

(A.20)

où, nous avons utilisé (A.14). On a donc :

d

dx
(f ∗ g)(x) = f(x) ∗ dg(x)

dx
= −df(x)

dx
∗ g(x) (A.21)
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Annexe B
Code Matlab

Cette annexe contient l’intégralité du code utilisé faisant appel à la méthode split step Fourier

pour effectuer une résolution numérique rigoureuse des équations de propagation dans le cadre
de l’amplification Raman. Le code est divisé en deux scripts. Le premier script parameters.m

sert à définir toutes les paramètres et constantes utilisées dans le code. Le script loop.m effectue
l’intégration à proprement parler.

Ce code a été utilisé pour effectuer les simulations numériques du chapitre 3, mais son
domaine d’application s’étend au-delà de l’application au cas de l’amplification Raman dans les
semi-conducteurs. En effet, il offre la possibilité de simuler toute expérience de propagation non-
linéaire de deux ondes (une pompe et une sonde) dans une structure guidée en tenant compte (au
choix) de la dispersion, de l’atténuation linéaire, de l’effet Kerr optique, de l’absorption à deux
photons, de la réfraction des porteurs libres, de l’amplification Raman et de l’effet de lumière
lente dû à l’effet Raman tout en tenant compte de la localisation. De plus, il y a la possibilité
d’introduire un délai entre la pompe et la sonde, de choisir d’effectuer une simulation en régime
continu ou impulsionnel pour chacune de ces deux ondes de manière indépendante avec le choix
de la durée d’impulsion. Finalement, il offre également la possibilité d’introduire un chirp dans
la phase lors de la définition des ondes (pompe ou signal).

Ce code a notamment été utilisé pour simuler la propagation d’impulsions de 1 ps en durée
dans les fibres à cristal photonique en présence d’effet Kerr [82].

Le code a été développé sous MATLAB et utilise donc son langage de programmation.

B.1 parameters.m

%Parameter script for device and pulses

% clear all, close all;

check = 0;

%%%%%%%%%%%%%%%%%device%%%%%%%%%%%%%%%%%

distance = 1e-2; %device length in m

alphaL = 100; % /m

tauFC = 1e-9; % s

n0s = 3.47; %Refractive index Silicon @singal wavelength

n0p = 3.48; %Refractive index Silicon @pump wavelength

n2 = 6e-18; % m^2/W
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betaTPA = 0.8e-11; % m/W

sigma = 1.45e-21; % m^2

kc = 1.35e-27;

c = 3e8; % speed of light in vaccuum

beta2p = -1e-24; % s^2/m

beta2s = -1e-24; %s^2/m

hbar = 1.054e-34;

%Raman parameters

gR = 8.9e-11; %Raman gain in m/W

GammaR = pi*105e9; %Spectral linewidth of Raman Gain

OmegaR = 2*pi*15.6e12; %Central frequency of Raman spectrum

gammaR = gR*GammaR/OmegaR;

tau1 = 1/sqrt(OmegaR^2-GammaR^2);

tau2 = 1/GammaR;

%%%%%%%%%%%%%%%%%puslses%%%%%%%%%%%%%%%%%

%signal beam

CWs = 0; %CW = 1 if CW-regime for probe, 0 otherwise

lambda0s = 1550e-9; % signal wavelength

omega0s = 2*pi*c/lambda0s; % central frequency for signal

% omega0s = 122e12;

% lambda0s = 2*pi*c/omega0s;

k0s = 2*pi/lambda0s; % signal free space wave vector

chirpS = 0; %input pulse chirp for signal

mshapes = 1; %m=1: Gaussian; m=0: sech; m>0: super-Gaussian

T0s = 5e-12; %signal pulse HW@1/e;

I0s = 1; %signal input peak intensity W/m^2

ngs = 5.1; %Signal group index

fs = sqrt(ngs/n0s); %Local field factor for signal

rs = betaTPA/(2*k0s*n2); %r parameter for signal

mus = 2*kc*k0s/sigma; % mu parameter for signal

%pump beam

CWp = 0; %CW = 1 if CW-regime for pump, 0 otherwise

% omega0p = omega0s+OmegaR+(pp-1)*0.1*GammaR;

omega0p = omega0s+OmegaR;%

lambda0p = 2*pi*c/omega0p;

% lambda0p = 1441e-9; % pump wavelength

% omega0p = 2*pi*c/lambda0p; %central frequency for pump

k0p = 2*pi/lambda0p; %free space wave vector

chirpP = 0; %input pulse chirp for pump

mshapep = 1; %m=1: Gaussian; m=0: sech; m>0: super-Gaussian

T0p = 5e-12;%5e-12; %pump pulse HW@1/e

I0p = 3e13; % Pump input peak intensity W/m^2

ngp = 5.1; %Pump group index

fp = sqrt(ngp/n0p); %Local field factor for pump

rp = betaTPA/(2*k0p*n2); %r parameter for pump

mup = 2*kc*k0p/sigma; %mu parameter for pump
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%%%%%%%%%%%%%%%%%Simulation%%%%%%%%%%%%%%%%%

d = -1/c*(ngp-ngs);%-1/c*(ngp-ngs); %walk-off parameter in s/m

nt = 4000;

Tmax = 20*max(T0p,T0s); %FFT points and window size

step_num = 1000; %Number of z steps, default value!!

deltaz = distance/step_num; %slice size for distance

dtau = (2*Tmax)/nt; %slice size for time

%tau and omega arrays

tau = (-nt/2:nt/2-1)*dtau; %time vector

omega = (pi/Tmax)*[(0:nt/2-1) (-nt/2:-1)];

numb = 10;

p = step_num/numb;

Td = 0*10e-12;

%%%%%%%%%%%%%%%%%Profiles%%%%%%%%%%%%%%%%%

if CWs == 0

if mshapes == 0 %sec hyperbolic pulse

as = sqrt(I0s)*sech(tau/T0s)

.*exp(-0.5i*chirpS*(tau/T0s).^2); %soliton signal

else %super gaussian

as = sqrt(I0s)*exp(-(1+1i*chirpS)

.*(tau/T0s).^(2*mshapes)/2); %gaussian shape for the signal wave

end

else %CW signal

as = sqrt(I0s)*ones(1,nt);

end

if CWp == 0

if mshapep == 0 %sec hyperbolic pulse

ap = sqrt(I0p)*sech(tau/T0p)

.*exp(-0.5i*chirpP*(tau/T0p).^2); %soliton signal
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else %super gaussian

ap = sqrt(I0p)*exp(-(1+1i*chirpP’).*((tau-0*Td)/T0p).^(2*mshapep)/2)

.*exp(1i*my_ChirpP’);

ap = fft(ifft(ap).*exp(1i*omega*Td));%introduce delay

end

else %CW pump

ap = sqrt(I0p)*ones(1,nt);

end

%%%%%%%%%%%%%%%%Simulation Specs%%%%%%%%%%%%%%%%%

%Calculation for BPM using the split step method

R = 1; %if there is Raman, R=1, otherwise R = (any other value)

m = 1; %if there are FC and Kerr, m=1, otherwise m=0

%For the Following nonlinear parameters, put to 1 if they should be

%simulated and to 0 if not

% s: signal

% p: pump

%Linear Absorption

ABSs = 1;

ABSp = 1;

%Kerr effect

KERRs = 1;

KERRp = 1;

%Free Carrier Absorption

FCAs = 1;

FCAp = 1;

%Free Carrier Refraction

FCRs = 1;

FCRp = 1;

%Two-Photon Absorption

TPAs = 1;

TPAp = 1;

%%%%%%%%%%%%%%%%%EXECUTE PROGRAM%%%%%%%%%%%%%%%%%%

% program will execute only if check is set to 1
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if (check == 1)

NewProg;

end

B.2 loop.m

%Store dispersive phase shifts to speedup the code

signal_fourier_factor = exp(1i*0.5*beta2s*omega.^2*deltaz)

.*exp(-ABSs*alphaL/2*deltaz); %phase factor of the signal wave

pump_fourier_factor = exp(1i*(0.5*beta2p*omega.^2-omega*d)*deltaz)

.*exp(-ABSp*alphaL/2*deltaz); %phase factor of the pump wave

signal_Kerr_hz = fs.^2*1i*k0s*n2*(KERRs*1+TPAs*1i*rs)

*deltaz; %nonlinear factor for Kerr effect of the signal wave

pump_Kerr_hz = fp.^2*1i*k0p*n2*(KERRp*1+TPAp*1i*rp)

*deltaz; %nonlinear factor for Kerr effect of the pump wave

signal_FC_hz = fs.^2*sigma/2*(FCAs*1+FCRs*1i*mus)

*deltaz; %nonlinear factor for FC effects of the signal wave

pump_FC_hz = fp.^2*sigma/2*(FCAp*1+FCRp*1i*mup)

*deltaz; %nonlinear factor for FC effects of the pump wave

%Store evolution of the pulse over distance

as_matrix = zeros(nt, p+1); %p is the amount of pulses to be stored

as_fft_matrix = zeros(nt, p+1);

ap_matrix = zeros(nt, p+1);

ap_fft_matrix = zeros(nt, p+1);

Ncmat = zeros(nt,p+1);

Ramterms = zeros(nt,p+1);

as_matrix(:,1) = as;

as_fft_matrix(:,1) = fftshift(ifft(as))*(nt*dtau)/sqrt(2*pi);

ap_matrix(:,1) = ap;

ap_fft_matrix(:,1) = fftshift(ifft(ap))*(nt*dtau)/sqrt(2*pi);

%%%%%%%%%%%%%%%%%%% MAIN LOOP %%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%

%scheme: 1/2N -> D -> 1/2N; first half step nonlinear

Nc = zeros(size(tau,1), size(tau,2));

if (isequal(betaTPA*I0p,0) == 0)
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Nc = cumsum(fp.^4*betaTPA/(2*hbar*omega0p)*abs(ap).^4)

*dtau.*exp(-tau/tauFC); %Free Carrier density

end

temps = as;

tempp = ap;

if m==1

temps = as.*exp((fs.^2*abs(as).^2+2*fp.^2*abs(ap).^2)

*signal_Kerr_hz/2).*exp(-signal_FC_hz*Nc);

tempp = ap.*exp((fp.^2*abs(ap).^2+2*fs.^2*abs(as).^2)

*pump_Kerr_hz/2).*exp(-pump_FC_hz*Nc/2);

end

HR1 = fp.^2*fs.^2*OmegaR^2./(OmegaR^2-(omega-(omega0p-omega0s)).^2-2i

*GammaR*(omega-(omega0p-omega0s))); %Raman spectrum for signal

HR2 = fp.^2*fs.^2*OmegaR^2./(OmegaR^2-(omega+(omega0p-omega0s)).^2-2i

*GammaR*(omega+(omega0p-omega0s))); %Raman spectrum for pump

if R==1

temps = temps + 1i*gammaR*ap.*fft(HR1.*ifft(conj(ap).*as))*deltaz/2;

tempp = tempp + 1i*gammaR*as.*fft(HR2.*ifft(conj(as).*ap))*deltaz/2;

Ramanterms(:,1) = gammaR*ap.*fft(HR1.*ifft(conj(ap).*as))*deltaz/2;

end

for n = 1:step_num

f_temps = ifft(temps).*signal_fourier_factor;

f_tempp = ifft(tempp).*pump_fourier_factor;

as = fft(f_temps);

ap = fft(f_tempp);

if (isequal(betaTPA*I0p,0) == 0)

Nc = cumsum(fp.^4*betaTPA/(2*hbar*omega0p)*abs(ap).^4)

*dtau.*exp(-tau/tauFC);

end

if m==1



B.2 loop.m 131

temps = as.*exp((fs.^2*abs(as).^2+2*fp.^2*abs(ap).^2)

.*signal_Kerr_hz).*exp(-signal_FC_hz*Nc);

tempp = ap.*exp((fp.^2*abs(ap).^2+2*fs.^2*abs(as).^2)

.*pump_Kerr_hz).*exp(-pump_FC_hz*Nc);

end

if R==1

temps = temps + 1i*gammaR*ap.*fft(HR1.*ifft(conj(ap).*as))*deltaz;

tempp = tempp + 1i*gammaR*as.*fft(HR2.*ifft(conj(as).*ap))*deltaz;

end

if (n/numb == floor(n/numb))

as_matrix(:, n/numb+1) = as;

as_fft_matrix(:,n/numb+1) = fftshift(f_temps)*(nt*dtau)/sqrt(2*pi);

ap_matrix(:, n/numb+1) = ap;

ap_fft_matrix(:,n/numb+1) = fftshift(f_tempp)*(nt*dtau)/sqrt(2*pi);

Ncmat(:,n/numb+1) = Nc;

alphaFCA(n/numb+1) = sigma*Nc(nt/2+1);

alphaTPA(n/numb+1) = betaTPA*abs(ap(nt/2+1)).^2;

end

end

if m==1

as = temps.*exp((fs.^2*abs(as).^2+2*fp.^2*abs(ap).^2)

.*signal_Kerr_hz/2).*exp(-signal_FC_hz*Nc/2); %Final field

ap = tempp.*exp((fp.^2*abs(ap).^2+2*fs.^2*abs(as).^2)

.*pump_Kerr_hz/2).*exp(-pump_FC_hz*Nc/2); %Final field

else

as = temps;

ap = tempp;

end

if R == 1

as = temps + 1i*gammaR*ap.*fft(HR1.*ifft(conj(ap).*as))*deltaz/2;

ap = tempp + 1i*gammaR*as.*fft(HR2.*ifft(conj(as).*ap))*deltaz;
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else

as = temps;

ap = tempp;

end

f_temps = fftshift(ifft(as)).*(nt*dtau)/sqrt(2*pi); %Final spectrum

f_tempp = fftshift(ifft(ap)).*(nt*dtau)/sqrt(2*pi); %Final spectrum

%%%%%%%%%%%%%%%%% END OF LOOP %%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%%

lambdap = 2*pi*c./(fftshift(omega)+2*pi*c/lambda0p);

lambdas = 2*pi*c./(fftshift(omega)+2*pi*c/lambda0s);
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[25] Combrié, S., Weidner, E., DeRossi, A., Bansropun, S., Cassette, S., Talneau,

A., and Benisty, H. Detailed analysis by Fabry-Perot method of slab photonic crystal
line-defect waveguides and cavities in aluminium-free material system. Opt. Express 14, 16
(2006), 7353–7361.

[26] Dinu, M., Quochi, F., and Garcia, H. Third-order nonlinearities in silicon at telecom
wavelengths. Applied Physics Letters 82, 18 (2003), 2954–2956.
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P. T., Watts, M. R., Ippen, E. P., Kärtner, F. X., Smith, H. I., Orcutt, J. S.,

Ram, R. J., Stojanovic, V., Olubuyide, O. O., Hoyt, J. L., Spector, S., Geis,

M., Grein, M., Lyszczarz, T., and Yoon, J. U. Silicon photonics for compact, energy-
efficient interconnects. J. Opt. Netw. 6, 1 (2007), 63–73.

[37] Kroeger, F., Ryasnyanskiy, A., Baron, A., Dubreuil, N., Delaye, P., Frey, R.,

Roosen, G., and Peyrade, D. Saturation of the Raman amplification by self-phase
modulation in silicon nanowaveguides. Applied Physics Letters 96, 24 (2010), 241102.

[38] Claps, R., Raghunathan, V., Dimitropoulos, D., and Jalali, B. Influence of nonli-
near absorption on Raman amplification in Silicon waveguides. Opt. Express 12, 12 (2004),
2774–2780.

[39] Liang, T. K., and Tsang, H. K. Efficient Raman amplification in silicon-on-insulator
waveguides. Applied Physics Letters 85, 16 (2004), 3343–3345.

[40] Espinola, R., Dadap, J., Richard Osgood, J., McNab, S., and Vlasov, Y. Raman
amplification in ultrasmall silicon-on-insulator wire waveguides. Opt. Express 12, 16 (2004),
3713–3718.

[41] Liang, T., Nunes, L., Tsuchiya, M., Abedin, K., Miyazaki, T., Thourhout, D. V.,

Bogaerts, W., Dumon, P., Baets, R., and Tsang, H. High speed logic gate using
two-photon absorption in silicon waveguides. Optics Communications 265, 1 (2006), 171 –
174.

[42] Moss, D., Fu, L., Littler, I., and Eggleton, B. Ultrafast all-optical modulation via
two-photon absorption in silicon-on-insulator waveguides. Electronics Letters 41, 6 (2005),
320–321.

[43] Tsang, H. K., Wong, C. S., Liang, T. K., Day, I. E., Roberts, S. W., Harpin,

A., Drake, J., and Asghari, M. Optical dispersion, two-photon absorption and self-
phase modulation in silicon waveguides at 1.5 µm wavelength. Applied Physics Letters 80,
3 (2002), 416–418.

[44] Boyraz, O., Indukuri, T., and Jalali, B. Self-phase-modulation induced spectral
broadening in silicon waveguides. Opt. Express 12, 5 (2004), 829–834.

[45] Dulkeith, E., Vlasov, Y. A., Chen, X., Panoiu, N. C., and Richard M. Osgood,

J. Self-phase-modulation in submicron silicon-on-insulator photonic wires. Opt. Express

14, 12 (2006), 5524–5534.



136 BIBLIOGRAPHIE

[46] Liang, T.-K., and Tsang, H.-K. Nonlinear absorption and Raman scattering in silicon-
on-insulator optical waveguides. Selected Topics in Quantum Electronics, IEEE Journal of

10, 5 (sept.-oct. 2004), 1149 – 1153.

[47] Claps, R., Dimitropoulos, D., Han, Y., and Jalali, B. Observation of Raman
emission in silicon waveguides at 1.54 µm. Opt. Express 10, 22 (2002), 1305–1313.

[48] Foster, M. A., Turner, A. C., Sharping, J. E., Schmidt, B. S., Lipson, M., and

Gaeta, A. L. Broad-band optical parametric gain on a silicon photonic chip. Nature 441,
7096 (06 2006), 960–963.

[49] Fukuda, H., Yamada, K., Shoji, T., Takahashi, M., Tsuchizawa, T., Watanabe,

T., ichi Takahashi, J., and ichi Itabashi, S. Four-wave mixing in silicon wire wave-
guides. Opt. Express 13, 12 (2005), 4629–4637.

[50] Boyraz, O., and Jalali, B. Demonstration of a silicon Raman laser. Opt. Express 12,
21 (2004), 5269–5273.

[51] Rong, H., Jones, R., Liu, A., Cohen, O., Hak, D., Fang, A., and Paniccia, M. A
continuous-wave Raman silicon laser. Nature 433, 7027 (02 2005), 725–728.

[52] Xu, Q., Almeida, V. R., and Lipson, M. Demonstration of high Raman gain in a
submicrometer-size silicon-on-insulator waveguide. Opt. Lett. 30, 1 (2005), 35–37.

[53] Xu, Q., Almeida, V., and Lipson, M. Time-resolved study of Raman gain in highly
confined silicon-on-insulator waveguides. Opt. Express 12, 19 (2004), 4437–4442.

[54] Liu, A., Rong, H., Paniccia, M., Cohen, O., and Hak, D. Net optical gain in a low
loss silicon-on-insulator waveguide by stimulated Raman scattering. Opt. Express 12, 18
(2004), 4261–4268.

[55] Solli, D. R., Koonath, P., and Jalali, B. Broadband Raman amplification in silicon.
Applied Physics Letters 93, 19 (2008), 191105.

[56] Velha, P., Rodier, J. C., Lalanne, P., Hugonin, J. P., Peyrade, D., Picard,

E., Charvolin, T., and Hadji, E. Ultracompact silicon-on-insulator ridge-waveguide
mirrors with high reflectance. Applied Physics Letters 89, 17 (2006), 171121.

[57] Yin, L., and Agrawal, G. P. Impact of two-photon absorption on self-phase modulation
in silicon waveguides. Opt. Lett. 32, 14 (2007), 2031–2033.

[58] Roy, S., Bhadra, S. K., and Agrawal, G. P. Raman amplification of optical pulses
in silicon waveguides : effects of finite gain bandwidth, pulse width, and chirp. J. Opt. Soc.

Am. B 26, 1 (2009), 17–25.

[59] Sullivan, D. Nonlinear FDTD formulations using Z transforms. Microwave Theory and

Techniques, IEEE Transactions on 43, 3 (mar. 1995), 676 –682.

[60] Rukhlenko, I., Premaratne, M., and Agrawal, G. Nonlinear Silicon Photonics :
Analytical Tools. Selected Topics in Quantum Electronics, IEEE Journal of 16, 1 (jan.
2010), 200 –215.

[61] Pinault, S. C., and Potasek, M. J. Frequency broadening by self-phase modulation in
optical fibers. J. Opt. Soc. Am. B 2, 8 (1985), 1318–1319.

[62] Almeida, V. R., Barrios, C. A., Panepucci, R. R., and Lipson, M. All-optical
control of light on a silicon chip. Nature 431, 7012 (10 2004), 1081–1084.

[63] Tanabe, T., Notomi, M., Mitsugi, S., Shinya, A., and Kuramochi, E. All-optical
switches on a silicon chip realized using photonic crystal nanocavities. Applied Physics

Letters 87, 15 (2005), 151112.

[64] Van, V., Ibrahim, T., Absil, P., Johnson, F., Grover, R., and Ho, P.-T. Optical
signal processing using nonlinear semiconductor microring resonators. IEEE J. Sel. Top.

Quant. Electron. 8 (10 2002), 75.



BIBLIOGRAPHIE 137

[65] Heebner, J. E., Lepeshkin, N. N., Schweinsberg, A., Wicks, G. W., Boyd, R. W.,

Grover, R., and Ho, P.-T. Enhanced linear and nonlinear optical phase response of
AlGaAs microringresonators. Opt. Lett. 29, 7 (2004), 769–771.

[66] Astic, M., Delaye, P., Frey, R., Roosen, G., André, R., Belabas, N., Sagnes,
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