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Introduction

Durant la première moitié du XIXème siècle de nombreux scientifiques se sont intéressés
à l’électromagnétisme, phénomène résultant de l’interaction électricité - magnétisme, mis en
évidence en avril 1820 par le physicien et chimiste danois Hans Ørsted. Il démontra ainsi
qu’un fil conducteur transportant un courant est capable d’orienter l’aiguille aimantée d’une
boussole, résultat qu’il ne put démontrer théoriquement. C’est alors qu’André-Marie Ampère,
quelques mois plus tard, proposa une explication théorique au phénomène et que les travaux
sur l’électromagnétisme débutèrent. Michael Faraday, physicien et chimiste britannique se servit
notamment de ces résultats pour inventer le premier moteur électrique. À la suite de ces
découvertes, la seconde partie du XIXème siècle fut ponctuée de multiples inventions mettant
en œuvre les principes de l’électromagnétisme décrits par Ampère. En 1864, le physicien et
mathématicien écossais James Clerk Maxwell aboutit à la formulation mathématique des travaux
réalisés par Michael Faraday et André-Marie Ampère. Les vingt équations ainsi formulées seront
plus tard réduites au nombre de quatre et permettront d’établir les équations de propagation des
ondes électromagnétiques que nous connaissons.

En 1929, suite à ces travaux à la fois théoriques et expérimentaux, la physicienne américaine
Maria Goeppert-Mayer démontre de manière théorique la possibilité d’absorber plus d’un photon
au cours d’une même étape quantique. L’absorption à deux photons, effet non linéaire largement
étudié dans ce mémoire, ne pourra cependant être démontrée par l’expérience 2 qu’après l’invention
du laser, car les puissances requises pour atteindre les seuils non linéaires sont très élevées.

Après que Gordon Gould, physicien américain, a énoncé le fonctionnement du laser en 1957,
la première émission d’un laser à rubis fut obtenue en 1960 par Theodore Maiman, également
physicien américain. Dès lors, les expériences d’optique non linéaire se sont multipliées et ont
révélé l’existence d’une multitude de non-linéarités.

En 1976 Gibbs et. al. démontrent pour la première fois un comportement bistable dans un
interféromètre de Fabry-Perot rempli de vapeur de mercure, donnant lieu à une non-linéarité de
type Kerr. Ce faisant, il ouvre la voie à des applications liées au traitement du signal et en 1986
Smith va entrevoir les possibilités offertes par les structures photoniques non linéaires [Smith 1986].
Il parle alors de logique photonique et même d’ordinateur optique.

Cependant, les puissances requises et l’encombrement des systèmes utilisés à l’époque rendaient
impossible la réalisation de composants intégrés comme en électronique. Il faudra donc attendre
l’avènement des cristaux photoniques et des technologies de fabrication récentes pour que les
progrès se poursuivent. Le terme de cristal photonique fut employé pour la première fois par
Eli Yablonovitch en 1987. Il se base alors sur les travaux de Lord Rayleigh pour démontrer
la faisabilité de structure à bande interdite en deux et trois dimensions. Très rapidement, ces
principes sont mis en œuvre et des cristaux photoniques sont fabriqués pour des longueurs d’ondes
de fonctionnement situées dans l’infrarouge. En 1997, Foresi et. al. [Foresi 1997] démontrent
expérimentalement le fonctionnement d’une microcavité à cristal photonique en silicium 3. Pour
la première fois, le champ est confiné dans une structure de quelques micromètres de long. Cet

2. Ceci ne constitue cependant pas la première démonstration expérimentale du domaine de l’optique non linéaire.
En effet, la première expérience d’optique non linéaire est à tort attribuée à Franken et. al., pour leur expérience
de génération de second harmonique. Les débuts expérimentaux de l’optique non linéaire remontent en fait à 1941,
lorsque Gilbert Lewis observa la saturation de l’intensité de fluorescence d’une molécule organique [Lewis 1941]. G.
Lewis est d’ailleurs l’inventeur du mot « photon ».

3. Le même type de cavité a été utilisé dans cette thèse.
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effet de confinement est très important et joue un rôle crucial sur la puissance requise pour
atteindre les seuils non linéaires. En effet, plus le champ est confiné dans un faible volume, plus la
densité volumique d’énergie est élevée, ce qui a pour effet d’augmenter l’interaction entre l’onde
et le matériau.

La réalisation de structures à faible volume utilisant des matériaux fortement non linéaires
ouvrent donc la voie au traitement photonique du signal intégré. Depuis la fin des années 90, un
effort considérable a été mené en vue d’atteindre cet objectif.

Durant les quinze dernières années, des progrès spectaculaires ont été réalisés en matière de
contrôle de la lumière [Almeida 2004b]. Une des premières applications à susciter un très grand
intérêt est le transistor optique, qui a donné lieu à de nombreuses publications [Almeida 2004c,
Husko 2009,Nozaki 2010,Li 2012]. La découverte de Gibbs mena également à la réalisation de
systèmes bistables [Xu 2006] à base de microcavité en anneau [Ibrahim 2003,Heebner 2008], un
type de microcavité différent des cristaux photoniques. Les idées de Smith sont alors devenues
réalité et la logique photonique est apparue [Xu 2007]. Des portes NAND, NOR, etc. photoniques
sont ainsi créées [Ibrahim 2003].

D’autres applications innovantes ont également vu le jour, comme la réalisation de mémoires
tout optiques [Tanabe 2005], et même la fabrication de puces contenant plusieurs bits de mémori-
sation dans une « all-optical RAM », ou encore o-RAM [Nozaki 2012]. La dualité entre le temps
(dispersion) et l’espace (diffraction) [Kolner 1994,Kolner 1989,Bennett 2000a,Bennett 2000b]
a permis de réaliser des oscilloscopes ultrarapides [Kauffman 1994,Sun 1997,Foster 2008,Fos-
ter 2009,Okawachi 2009,Salem 2009], ou encore « temporal magnifier ». Par un processus de
mélange à quatre ondes [Wang 2011], la phase du signal à analyser est modulée par une impulsion
pompe afin d’être approximativement quadratique, réalisant ainsi, dans le domaine temporel,
l’équivalent d’une lentille. Ceci permet donc la dilatation temporelle d’un signal de très courte
durée pour le rendre compatible avec un oscilloscope classique.

Pour toutes ces applications, la caractérisation [Sheik-Bahae 1991] de l’objet fabriqué est tout
aussi importante que sa fabrication. La présence de plusieurs non-linéarités rend effectivement
les choses compliquées et une série de critères [Ikeda 2007] a été élaborée afin de sélectionner les
matériaux en fonction des applications visées [Eckhouse 2012]. L’apparition de structures à base
de chalcogénures [Ta’eed 2007], pour obtenir un effet Kerr pur aux longueurs d’onde télécom, en
est un bon exemple.

Cependant, certains progrès restent à faire en matière de gestion de l’énergie à l’intérieur de
ces structures [Heuck 2011]. L’objectif de ce mémoire est donc d’envisager une approche basée
sur l’excitation cohérente de microcavités non linéaires. Au lieu de focaliser notre attention sur
la structure de la cavité, nous nous concentrerons sur la manière dont il faut l’exciter. L’enjeu
étant bien entendu de mieux contrôler l’interaction non linéaire lumière-matière.

Pour cela, une très bonne connaissance des paramètres des cavités ainsi que des propriétés
non linéaires du matériau utilisé est naturellement indispensable. De fait, la façon dont l’onde
se propage dans la structure doit être déterminée le plus précisément possible. C’est pourquoi,
le premier chapitre sera dédié à la modélisation de microcavités non linéaires. Les bases de
l’optique non linéaire seront rappelées et l’équation de propagation sera établie. Nous établirons
ensuite le modèle dynamique d’une microcavité en régime linéaire et, par l’intermédiaire d’une
méthode perturbative, introduirons les différentes non-linéarités préalablement déterminées. Par
conséquent, nous disposerons, moyennant certaines hypothèses, des équations de propagation du
mode dans une microcavité non linéaire. Celles-ci ne pouvant être résolues de manière analytique,
nous clôturerons le chapitre par la présentation des méthodes de résolution de ces équations. Ce
premier chapitre, entièrement dédié à la modélisation nous permet donc de disposer d’un modèle
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de cavité non linéaire en régime dynamique ainsi que des méthodes de résolutions numériques
des équations qui lui sont associées.

Le second chapitre se concentrera donc naturellement sur l’étude de la propagation d’une onde
dans une microcavité non linéaire. Dans un premier temps, les différentes non-linéarités seront
étudiées séparément afin de déterminer leurs impacts sur la dynamique du mode intracavité.
Nous introduirons ensuite le contrôle cohérent qui est le sujet central de cette thèse. Le contrôle
cohérent consiste en une adaptation des propriétés de l’impulsion aux propriétés du milieu dans
lequel elle est injectée. Après en avoir expliqué le principe, nous l’appliquerons à une microcavité
modèle dont les paramètres non linéaires sont ceux du silicium. La procédure de mise en œuvre
d’une excitation cohérente ainsi que les résultats des simulations numériques seront discutés
et nous permettront de mettre en avant un meilleur contrôle de l’interaction lumière-matière
en régime non linéaire. Nous développerons enfin le modèle d’une cavité Fabry-Perot à cristal
photonique 1D afin d’adapter les simulations numériques à ce type de structure. Ceci nous
permettra de déterminer les paramètres de l’impulsion en vue de démontrer expérimentalement
le contrôle cohérent de la microcavité.

Le troisième chapitre sera donc dédié à cette démonstration. À partir des résultats numériques
obtenus à la fin du second chapitre, nous définirons les paramètres d’un étireur d’impulsion
afin de réaliser la mise en forme des impulsions. Après avoir entièrement caractérisé le montage
et validé les paramètres calculés et afin de préparer les expériences liées aux microcavités,
nous étudierons ensuite expérimentalement la propagation non linéaire des impulsions dans un
nanoguide de silicium. Cela nous permettra une caractérisation du guide ainsi qu’une relativement
bonne connaissance des paramètres non linéaires du matériau. À l’aide de ces données, nous
démontrerons expérimentalement la réalisation de l’excitation cohérente de la microcavité. Nous
terminerons ce chapitre par la présentation d’échantillons fabriqués à l’Institut d’Électronique
Fondamentale ainsi que la présentation des résultats de leur excitation cohérente.

Un quatrième et dernier chapitre théorique sera consacré à de potentielles évolutions du
contrôle cohérent en microcavités. Au cours de celui-ci, nous présenterons l’étude théorique
de structures photoniques actives : des cavités en InP à puits quantiques. De cette manière,
nous étendrons le principe du contrôle cohérent à un autre type de structure photonique. Nous
étudierons ensuite un système à base de deux cavités non linéaires couplées et l’analyserons en
régime dynamique. Nous verrons quel impact le contrôle cohérent peut avoir sur ce genre de
système et conclurons sur les applications que cela permet.





Chapitre 1

Optique non linéaire et microcavités

Une cause très petite, qui nous échappe, détermine un effet considérable que nous ne pouvons pas
ne pas voir, et alors nous disons que cet effet est dû au hasard. (Henri Poincaré)
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1.1 Introduction

Ce premier chapitre a pour objectif de présenter un modèle de la dynamique non linéaire de
microcavités semiconductrices. Pour ce faire, nous rappelons en premier lieu, les équations de
Maxwell en régime linéaire. Ces dernières seront utilisées afin d’établir l’équation de propagation
des ondes en régime linéaire. Nous introduirons ensuite la notion de polarisation non linéaire,
et l’intégrerons aux équations de propagation. De cette façon, nous établirons l’équation de
propagation non linéaire dans un guide semiconducteur. Nous mettrons l’accent sur certaines
non-linéarités qui ont été au centre de cette thèse. Ainsi, nous aborderons les cas de l’effet
Kerr, l’absorption à deux photons, les effets liés à la génération de porteurs libres. Nous verrons
notamment que ces effets sont exaltés lorsque le confinement du champ est important.

En matière de confinement du champ, les microcavités ont permis d’atteindre des records,
c’est pourquoi, ces structures constituent des candidates idéales pour l’étude de non-linéarités
dans des matériaux semiconducteurs. Les microrésonateurs optiques seront donc au centre de
cette thèse et feront l’objet de modélisations au cours de ce chapitre. Nous décrirons dans un
premier temps un modèle, dérivé des équations de Maxwell, permettant de déterminer l’évolution
temporelle du mode dans les microrésonateurs en régime linéaire. Ce modèle, indépendant de la
géométrie de la cavité, sera ensuite complété afin de tenir compte des non-linéarités évoquées
précédemment. Pour finir, les équations en régime non linéaire qui régissent la dynamique du
mode seront synthétisées et serviront de base pour les chapitres suivants.

1.2 Optique non linéaire dans un guide semiconducteur

1.2.1 Polarisation non linéaire

La propagation d’une onde électromagnétique à travers un matériau induit des dipôles
électriques qui modifient les propriétés du milieu. Alors qu’en 1837 Michael Faraday étudiait
le comportement des isolants électriques dans des champs électrostatiques, il introduisit le
concept de polarisation. En effet, lorsqu’un milieu diélectrique est soumis à un champ électrique,
deux phénomènes se manifestent à l’échelle microscopique : la polarisation électronique et la
polarisation atomique ou ionique. La polarisation électronique est due au déplacement et à la
déformation du nuage électronique alors que la polarisation atomique ou ionique provient des
déplacements des atomes ou des ions. Ces deux phénomènes induisent des dipôles électriques
microscopiques #»pi . Chaque atome émet alors un rayonnement proportionnel au déplacement
du centre de masse de son nuage électronique. La polarisation #»P , grandeur macroscopique, est
définie comme la somme de tous les moments dipolaires microscopiques #»pi par unité de volume :
#»P =

∑
i

#»pi .
Nous parlons de régime linéaire lorsque la réponse du milieu dépend linéairement du champ

appliqué. Nous supposons une réponse locale du système, ce qui signifie que la polarisation en un
point #»r ne dépend que de la valeur du champ en ce même point. La réponse non instantanée du
milieu, supposée invariante dans le temps, implique que la polarisation #»P ( #»r , t) est donnée par le
produit de convolution de la fonction réponse du milieu, notée R(1)( #»r , t) et du champ incident
#»

E ( #»r , t) [Boyd 2003] :
#»P ( #»r , t) = ε0

∫ ∞
−∞
R(1)( #»r , t −T)|

#»

E ( #»r ,T)dT, (1.1)

où ε0 est la permittivité du vide, la fonction réponse R(1) en régime linéaire est un tenseur
d’ordre deux. Par principe de causalité, la fonction réponse est nulle lorsque t < 0. La barre
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verticale | représente le produit tensoriel entre la fonction réponse R(1) et le champ #»

E ( #»r , t).
Dans le domaine de Fourier, nous définissons la réponse du matériau par le biais de sa

susceptibilité linéaire χ(1)(ω), où ω représente la pulsation considérée. Ce faisant, en introduisant
la transformée de Fourier inverse de la fonction réponse, nous obtenons :

χ(1)( #»r ,ω) =

∫ ∞
−∞
R(1)( #»r , t)eiωtdt. (1.2)

De cette manière, dans le domaine fréquentiel, la polarisation est donnée par :
#»P ( #»r ,ω) = ε0χ

(1)( #»r ,ω)|
#»

E ( #»r ,ω), (1.3)

où #»

E ( #»r ,ω) représente la transformée de Fourier du champ #»

E ( #»r , t).
Dans un milieu isotrope, le tenseur χ(1) devient une grandeur scalaire. De plus, lorsque la

réponse du matériau est instantanée, la polarisation s’écrit :
#»P ( #»r , t) = ε0χ

(1)( #»r )
#»

E ( #»r , t). (1.4)

Dans toute la suite, nous conservons la dépendance en #»r des tenseurs de susceptibilité, ceci afin
de tenir compte d’une structuration éventuelle du milieu. L’utilisation d’une onde dont l’intensité
est suffisamment élevée permet de modifier les propriétés optiques des matériaux. L’optique non
linéaire se définit alors comme l’étude des changements des propriétés optiques des matériaux
soumis à des ondes électromagnétiques de forte intensité. Afin de tenir compte des non-linéarités
présentes dans la fonction réponse, cette dernière doit être modifiée. La polarisation induite sous
une excitation en régime non linéaire peut être développée en une série de termes perturbatifs :

#»P ( #»r , t) =
#»P (1)( #»r , t) +

#»P (2)( #»r , t) +
#»P (3)( #»r , t) + · · · (1.5)

De manière générale, chacun des termes #»P (n)( #»r , t) est une fonction multilinéaire d’ordre n du
champ incident et s’écrit donc :

#»P (n)( #»r , t) = ε0

∫ ∞
−∞

...
∫ ∞
−∞
R(n)( #»r , t −T1, ..., t −Tn)|

#»

E ( #»r ,T1)...
#»

E ( #»r ,Tn)dT1...dTn, (1.6)

ce qui, dans le domaine de Fourier, nous donne l’expression de la polarisation non linéaire #»P (n)

en fonction du tenseur de susceptibilité non linéaire d’ordre n, χ(n) :
#»P (n)( #»r ,ω) = ε0χ

(n)( #»r ,ω1,ω2, ...,ωn)|
#»

E ( #»r ,ω1)
#»

E ( #»r ,ω2)...
#»

E ( #»r ,ωn), (1.7)

où nous avons supposé que le champ E se décompose en une somme d’ondes monochromatiques.
Nous constatons que le tenseur de susceptibilité χ(n), d’ordre n+ 1, dépend de n pulsations
différentes, ω1, ω2, ..., ωn. La polarisation induite oscille à la pulsation ω =

∑n
i=1ωi .

Par la suite, nous supposerons que la réponse du matériau est instantanée, ce qui signifie que
χ(n) devient indépendant de ω. Pour une onde monochromatique, l’expression de la polarisation
dans le domaine temporel devient :

#»P ( #»r , t) = ε0

(
χ(1)( #»r )

#»

E ( #»r , t) + χ(2)( #»r )
#»

E 2( #»r , t) + χ(3)( #»r )
#»

E 3( #»r , t) + · · ·
)

(1.8)

où χ(2) et χ(3) représentent les susceptibilités non linéaires d’ordre deux et trois, respectivement.
La polarisation se décompose alors en deux parties, l’une qui dépend linéairement du champ PL
et l’autre non linéaire PNL :

#»P L(
#»r , t) = ε0χ

(1)( #»r )
#»

E ( #»r , t) et #»P NL(
#»r , t) = ε0

(
χ(2)( #»r )

#»

E 2( #»r , t) + χ(3)( #»r )
#»

E 3( #»r , t) + · · ·
)
.

(1.9)
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La polarisation non linéaire PNL peut se décomposer en plusieurs termes :
#»P (2)( #»r , t) = ε0χ

(2)( #»r )
#»

E 2( #»r , t),
#»P (3) = ε0χ

(3)( #»r )
#»

E 3( #»r , t), · · ·

La polarisation non linéaire affecte la propagation de l’onde dans le matériau. Celle-ci joue
en effet le rôle de terme source dans la propagation de l’onde, comme nous allons le voir, en
établissant l’équation de propagation non linéaire.

Par la suite nous ne considérerons que des matériaux centrosymétriques (silicium) pour
lesquels la valeur du χ(2) est négligeable aux longueurs d’ondes de travail. Nous omettrons donc
le terme de polarisation non linéaire d’ordre deux P (2). De plus, nous ne retiendrons que le terme
de polarisation non linéaire qui oscille à la même fréquence que le champ incident.

1.2.2 Équation de propagation non linéaire

Nous souhaitons établir l’équation de propagation dans un guide dont la structure transverse,
invariante suivant l’axe z, est définie par sa permittivité ε( #»r ). Afin de déterminer l’équation de
propagation dans le guide, nous rappelons les équations de Maxwell :

div
#»D = ρ (1.10a)

div
#»

B = 0 (1.10b)

#  »rot
#»

E = −∂
#»

B
∂t

(1.10c)

#  »rot
#»H=

#»

j +
∂

#»D
∂t

, (1.10d)

où #»D représente l’induction électrique, #»

B l’induction magnétique, #»

E le champ électrique, #»H
l’excitation magnétique, ρ la densité volumique de charges, et #»

j la densité de courant électrique.
Nous considérons un milieu diélectrique non magnétique, exempt de toute densité de courant. De
plus, la réponse du matériau se répercute sur l’induction électrique qui contient alors les termes
non linéaires présents dans l’expression de la polarisation (relation constitutive) :

#»D = ε0ε
#»

E + #     »PNL. (1.11)

L’équation de propagation dans un tel milieu s’écrit alors :

#  »rot #  »rot
#»

E ( #»r , t)− 1
ε0c2

∂2
#»D

∂t2
( #»r , t) =

#»
0 , (1.12)

où c = 1√
ε0µ0

est la célérité de la lumière dans le vide, avec µ0 la perméabilité du vide.
En utilisant les équations (1.9), (1.11) et (1.12), l’équation de propagation dans un milieu

non linéaire devient :

∆
#»

E ( #»r , t)−
ε( #»r )

c2
∂2

#»

E
∂t2

( #»r , t) =
1
ε0c2

∂2
#»P NL

∂t2
( #»r , t), (1.13)

où ∆ #»

E désigne le laplacien de #»

E et où nous avons fait l’approximation d’un guidage faible, qui
implique que [Bures 2009] :

#       »

grad div
#»

E ∼ #»
0 . Nous ferons l’hypothèse que le champ est polarisé

suivant une unique direction de polarisation #»e et que la polarisation P ne rayonne que selon
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cette direction 1. Nous avons supposé un matériau isotrope avec une réponse instantanée, ce qui
nous permet d’écrire la permittivité relative du milieu ε( #»r ) sous la forme d’un scalaire :

ε( #»r ) = 1+ χ(1)( #»r ). (1.14)

Nous constatons alors que la polarisation non linéaire joue le rôle d’un terme source dans
l’équation de propagation. En effet, celle-ci agit comme un terme de forçage et, dans l’espace de
Fourier, l’équation de propagation devient :

∆
#»

E ( #»r ,ω) +
ε( #»r )ω2

c2
#»

E ( #»r ,ω) = − ω
2

ε0c2
#»P NL(

#»r ,ω). (1.15)

Pour des ondes quasi-monochromatiques de pulsation ω, la solution de l’équation de propaga-
tion s’écrit sous la forme suivante :

#»

E ( #»r , t) = Z( #»r )cos (ωt) #»e ,

le champ réel obtenu peut alors être décomposé en une somme de deux quantités complexes
conjuguées :

#»

E ( #»r , t) =
1
2

(
#»
E( #»r , t) +

#»
E ∗( #»r , t)

)
, avec #»

E( #»r , t) = Z( #»r )e−iωt #»e ,

de même, pour la polarisation non linéaire, nous posons :

#     »PNL(
#»r , t) =

1
2

(
#»
PNL(

#»r , t) +
#»
P ∗NL(

#»r , t)
)
.

Nous considérons alors que le champ peut être décomposé selon plusieurs contributions,
spatiales et temporelles :

#»
E( #»r , t) = #»e A(z)F(x,y)eikz e−iωt , (1.16)

avec F(x,y) le profil transverse du champ, A(z) son enveloppe et k = nω/c la constante de
propagation dans le guide. En introduisant cette expression dans l’équation (1.15), et en présence
d’un terme de polarisation linéaire seulement (PNL = 0), nous pouvons démontrer que le profil
transverse du champ obéit à la relation suivante :

∂2F
∂x2

+
∂2F
∂y2

+

(
ω2

c2
ε(x,y)− k2

)
F(x,y) = 0. (1.17)

Nous pouvons utiliser cette dernière expression pour démontrer, à partir des équations (1.15) et
(1.17), qu’en présence d’un effet non linéaire (PNL , 0) et en faisant l’approximation de l’enveloppe
lentement variable

(∣∣∣∣∂2A
∂z2

∣∣∣∣� 2ω
∣∣∣∂A
∂z

∣∣∣), l’équation de propagation de l’onde dans le guide s’écrit
alors :

F(x,y)2ik
∂A
∂z

= − ω
2

c2ε0
PNL(

#»r ,ω). (1.18)

En intégrant chaque membre de cette expression sur la surface du mode, nous obtenons l’équation
de propagation en régime non linéaire :�



�
	

∂A
∂z

=
iω

2ncε0

!
PNL(

#»r ,ω)F∗(x,y)dxdy!
|F(x,y)|2dxdy

. (1.19)

1. Cette hypothèse est vérifiée dans les expériences réalisées dans le chapitre 3. Elle ne conduit pas à une
restriction du cadre de la théorie.
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L’évolution de l’enveloppe lentement variable du champ électrique est alors parfaitement
déterminée pour une propagation dans un guide non linéaire.

Afin d’exploiter cette dernière équation et de déterminer la façon dont se propage une onde
qui subit des effets non linéaires, nous souhaitons étudier l’impact des termes de polarisation non
linéaire. À cet effet, nous introduisons les principaux effets que nous rencontrerons expérimenta-
lement dans le 3ème chapitre, à savoir l’effet Kerr, l’absorption à deux photons et les effets liés à
la présence de porteurs libres, générés par absorption à deux photons.

1.2.3 Effets non linéaires dans les semiconducteurs

Nous nous intéressons ici aux effets non linéaires d’ordre trois, c’est-à-dire aux impacts
du terme #»

P (3)( #»r , t) sur l’équation de propagation. En effet, nous n’étudions par la suite que
des matériaux à maille centro-symétrique, et où la polarisation d’ordre deux est nulle. Plus
précisément, nous utiliserons du silicium, comme matériau non linéaire de référence, dans lequel
nous pouvons montrer [Lin 2007] que la contribution principale du tenseur de susceptibilité est
donnée par sa première composante χ(3)1111. L’expression exacte de la polarisation non linéaire
d’ordre trois est donnée par

P (3)( #»r , t) = ε0χ
(3)( #»r )E3( #»r , t),

dans laquelle χ(3) est un scalaire lié à la composante χ(3)1111 du tenseur de susceptibilité χ(3).
En développant le produit des champs complexes, la polarisation non linéaire d’ordre trois a

pour expression :

P (3)( #»r , t) =
ε0χ

(3)( #»r )

8

[
E3( #»r , t) + E∗3( #»r , t) + 3E∗( #»r , t)E2( #»r , t) + 3E∗2( #»r , t)E( #»r , t)

]
Pour un champ E oscillant à la fréquence ω, les deux premiers termes oscilleront à une

fréquence de 3ω, ce qui correspond à une génération de troisième harmonique. Or, nous ne
conservons que les termes rayonnant à ω. L’expression de la polarisation non linéaire, en supposant
une réponse non linéaire homogène du milieu, se réduit alors à :

P(3)( #»r , t) =
3ε0χ(3)

4
|E( #»r , t)|2E( #»r , t).

Dans le cas d’un champ quasi-monochromatique, nous pouvons remplacer cette expression
dans (1.19) et en déduire :

∂A
∂z

=
iω

2ncε0

3ε0χ(3)

4

!
|F(x,y)|4dxdy!
|F(x,y)|2dxdy

|A(z)|2A(z). (1.20)

La présence d’un terme en |A|2 nous amène à normaliser le champ en fonction de la puissance de
l’onde. Nous calculons alors la valeur du flux du vecteur de Poynting #»

S , sachant que ce dernier
est défini comme :

#»

S =
#»
E ∧ #»

H =
1
2
ncε0|A(z)|2F(x,y)F∗(x,y) #»e , (1.21)

où la barre signifie que nous traitons les valeurs moyennes des champs. La puissance, égale au
flux du vecteur de Poynting est donc donnée par :�



�
	P(z) =

1
2
ncε0|A(z)|2

"
|F(x,y)|2dxdy . (1.22)



1.2. Optique non linéaire dans un guide semiconducteur 17

Le terme
!
|F(x,y)|2dxdy représente alors la surface effective du mode. L’intensité de l’onde est

donc définie par : �



�
	I(z) =

1
2
ncε0|A(z)|2 . (1.23)

En utilisant l’expression (1.22), l’équation de propagation (1.20) en fonction de P devient :�



�
	

∂A
∂z

=
3iω

4n2c2ε0
χ(3)P(z)

!
|F(x,y)|4dxdy(!
|F(x,y)|2dxdy

)2A(z) . (1.24)

Nous pouvons donc réécrire cette expression en fonction d’une intensité non linéaire I(3)NL(z)
définie par : �



�
	I(3)NL(z) =

P(z)

S(3)NL

avec

�



�
	S(3)NL =

(!
|F(x,y)|2dxdy

)2!
|F(x,y)|4dxdy

, (1.25)

où S(3)NL est homogène à une surface dans laquelle se produit la non-linéarité d’ordre trois.
L’équation de propagation non linéaire pour une non-linéarité d’ordre trois s’écrit alors :�



�
	

∂A
∂z

=
3iω

4n2c2ε0
χ(3)I(3)NL(z)A(z) . (1.26)

1.2.3.1 Effet Kerr optique

L’effet Kerr optique se caractérise par une susceptibilité non linéaire d’ordre trois χ(3)
purement réelle. Afin de relier l’action de la non-linéarité à une variation d’indice dans le guide,
nous introduisons la quantité n2 définie par :�



�
	n2 =

3<
{
χ(3)

}
4n20cε0

, (1.27)

ainsi, dans le domaine temporel, l’équation de propagation s’écrit :

∂A
∂z

=
iω

c
n2I

(3)
NL(z)A(z). (1.28)

Puisque n2 est réel, l’onde ne subit aucune perte non linéaire, donc |A(z)|= |A(0)|. L’équation
précédente possède alors une solution analytique :

A(z) = A(0)exp
[
i
ω

c
n2I

(3)
NL(0)z

]
.

En utilisant l’équation (1.16), nous pouvons remonter à l’expression du champ électrique E(z) :

E(z, t) = E(0, t)exp
[
i
ω

c

{
n0+ n2I

(3)
NL(0, t)

}
z
]
e−iωt , (1.29)

où n0 est l’indice de réfraction du matériau en régime linéaire. Nous constatons alors que l’effet
Kerr agit sur le matériau en lui imposant une variation de son indice de réfraction proportionnelle
à l’intensité de l’onde : �



�
	n(z) = n0+ n2I

(3)
NL(z) (1.30)
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1.2.3.2 Effet Kerr croisé

L’effet Kerr croisé se manifeste lorsque deux ondes traversent un milieu qui présente de l’effet
Kerr. Nous appelons l’une de ces ondes « pompe » et la seconde « sonde ». Les constantes de
propagation associées aux champs électriques Ep de la pompe et Es de la sonde seront notées
#»

k p =
#»

k (ωp) et
#»

k s =
#»

k (ωs), respectivement, où ωp et ωs désignent les fréquences de la pompe
et de la sonde. Dans ce cas, la polarisation non linéaire d’ordre trois s’exprime :

P (3)( #»r , t) =
ε0<

{
χ(3)

}
8

[
Ep(

#»r , t) + E∗p(
#»r , t) + Es(

#»r , t) + E∗s(
#»r , t)

]3
.

Cette expression fait intervenir de multiples produits entre les champs pompe et sonde ayant
diverses constantes de propagation. Intéressons-nous à l’effet subit par l’onde sonde, et donc,
seulement aux ondes résultantes dont la fréquence est ωs. L’équation précédente devient alors :

P(3)ωs
( #»r , t) =

3ε0<
{
χ(3)

}
4

[
2|Ep( #»r , t)|2+ |Es( #»r , t)|2

]
Es(

#»r , t). (1.31)

De manière analogue au calcul mené précédemment pour l’effet Kerr, nous pouvons en déduire
que l’indice de réfraction du milieu est modifié en fonction des intensités pompe et sonde :

ns = ns0+ 2n2XIp + n2Is, (1.32)

avec : �



�
	n2X =

3<
{
χ(3)

}
4np0ns0cε0

. (1.33)

1.2.3.3 Absorption à deux photons

Par la suite, nous nous intéresserons à des matériaux semi-conducteurs, tels que le silicium
ou l’arséniure de gallium pour lesquels l’énergie de gap est comprise entre 0,8 et 1,6 eV. De plus,
nous considérons une longueur d’onde de travail proche de 1550 nm, soit une énergie de 0,8 eV par
photon. L’absorption d’un photon par le matériau n’est peu probable, en revanche, celle-ci peut
avoir lieu lorsque deux photons sont incidents, voir figure 1.1. Nous parlons alors d’absorption
à deux photons. Cette dernière est liée à la partie imaginaire de la susceptibilité non linéaire
d’ordre trois χ(3) :

∂AP

∂z
= −

3ω=
{
χ(3)

}
4n20c

2ε0
I(3)NL(z)AP(z), (1.34)

Partant de cette expression, et en utilisant la relation liant AP à l’intensité, nous obtenons :�



�
	∂I(3)NL

∂z
= −βTPAI

(3)
NL

2
(z, t) , (1.35)

avec βTPA un coefficient liant les pertes par absorption à deux photons à l’intensité de l’onde :�



�
	βTPA(ω) =

3ω=
{
χ(3)

}
2n20c

2ε0
. (1.36)
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Figure 1.1 – Représentation schématique de l’absorption à deux photons.

De même qu’avec l’effet Kerr croisé, l’absorption à deux photons croisée se manifeste lorsqu’une
onde pompe et une onde sonde sont injectées dans un matériau présentant de l’absorption à deux
photons. L’équation (1.31) reste alors valable et nous obtenons :

∂Is
∂z

= −
[
2βXTPA(ωs)Ip + βTPA(ωs)Is

]
Is, (1.37)

avec : �



�
	βXTPA(ωs) =

3ωsIm
{
χ(3)

}
2ns0np0c2ε0

. (1.38)

1.2.4 Réfraction et absorption des porteurs libres

Comme nous l’avons mentionné dans la section précédente, l’absorption à deux photons excite
un électron initialement dans la bande de valence vers la bande de conduction et crée ainsi une
paire électron-trou. Ces paires électron-trou, ou encore porteurs libres, modifient également la
susceptibilité du matériau, ce qui se traduit par la présence d’une susceptibilité non linéaire liée
aux effets de porteurs libres. Cette susceptibilité χFC a pour expression [Lin 2007] :

χFC(
#»r , t) = 2n0

(
σr(

#»r )N( #»r , t) + i
c

2ω
σa(

#»r )N( #»r , t)
)

(1.39)

Les grandeurs σr et σa dépendent directement des mobilités et masses effectives des électrons et
des trous [Kroeger 2010a] :

σr =
e2

2ε0n0ω2

(
1
me

+
1
mh

)
E2g

E2g − (h̄ω)2
,

σa =
e3

2ε0n0ω2

 1

µem
2
e
+

1

µhm
2
h

 E2g
E2g − (h̄ω)2

.

(1.40)

Ici Eg représente l’énergie de gap du semi-conducteur, e la charge élémentaire d’un électron, me

et mh les masses effectives d’un électron et d’un trou, et enfin, µe et µh les mobilités des électrons
et des trous [Tanabe 2008], respectivement 2.

2. Dans ces expressions nous supposons que la densité d’électrons Ne est égale à la densité de trous Nh
(Ne = Nh = N).
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De cette susceptibilité non linéaire résulte une polarisation non linéaire liée aux effets causés
par la présence des porteurs libres :

PFC
NL(

#»r , t) = 2n0ε0
[
σrN( #»r , t) + i

c

2ω
σaN( #»r , t)

]
E( #»r , t)

Toujours en utilisant l’équation (1.19), l’équation de propagation se réduit à :

∂A
∂z

=
[
i
ω

c
σrN(z, t)− σa

2
N(z, t)

]
A(z, t),

avec �



�
	N(z, t) =

!
N( #»r , t)|F(x,y)|2dxdy!
|F(x,y)|2dxdy

. (1.41)

Nous pouvons distinguer les deux différentes contributions des effets dûs aux porteurs libres. La
première, que nous appelons réfraction par les porteurs libres, se traduit par une modification de
l’indice de réfraction du milieu donnée par :�
 �	n(z, t) = n0+ σrN(z, t) . (1.42)

La seconde, que nous appelons absorption par les porteurs libres, se traduit par une modification
non linéaire des pertes dans le matériau. L’équation de propagation associée s’écrit :�



�
	∂I

∂z
= −σaN(z, t)I(z, t) . (1.43)

Nous souhaitons maintenant déterminer l’équation d’évolution temporelle de la densité de
porteurs libres N( #»r , t), qui dépend à la fois de l’intensité de l’onde et de l’énergie de chaque
paire de photons 2h̄ω à la fréquence ω considérée :�



�
	

∂N
∂t

+
1
τP

N( #»r , t) =
βTPA

2h̄ω
I2( #»r , t) , (1.44)

où τP représente le temps de vie des porteurs. Dans les matériaux semi-conducteurs à gap indirect,
comme le silicium, ce temps de vie peut-être relativement long, de l’ordre de la nanoseconde.
Ce temps correspond à la durée nécessaire aux porteurs pour se recombiner. La génération de
porteurs devient alors un effet cumulatif et nous pouvons exprimer la quantité de porteurs générés
après un temps ∆t par :

∆N( #»r , t) =
βTPA

2h̄ω
I2( #»r , t)∆t. (1.45)

En utilisant l’équation (1.22) liant l’intensité à E, nous obtenons :

∆N( #»r , t) =
βTPA

2h̄ω
1
4
n2c2ε20|E(

#»r , t)|4∆t. (1.46)

Nous souhaitons, en accord avec l’équation (1.41), calculer la quantité ∆N(z, t). En multipliant
chaque membre de l’équation précédente par |F(x,y)|2 et en intégrant sur la surface du mode, et
à l’aide de l’équation (1.16), nous obtenons :

∆N(z, t) =
βTPA

2h̄ω
1
4
n2c2ε20

!
|F(x,y)|6dxdy!
|F(x,y)|2dxdy

|A(z, t)|4∆t. (1.47)
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En utilisant l’équation (1.22) nous en déduisons l’expression de ∆N(z, t) en fonction de la
puissance de l’onde : �



�
	

∆N(z, t) =
βTPA

2h̄ω
P2(z)

!
|F(x,y)|6dxdy(!
|F(x,y)|2dxdy

)3∆t , (1.48)

Nous pouvons alors définir une intensité I(5)NL, correspond à une intensité équivalente qui rend
compte de la non-linéarité à l’ordre cinq introduite par les porteurs libres, et définie par :

�



�
	I(5)NL(z) =

P(z)

S(5)NL

et

�



�
	S(5)NL =

√√√√(!
|F(x,y)|2dxdy

)3!
|F(x,y)|6dxdy

, (1.49)

où S(5)NL est homogène à une surface effective non linéaire relative aux effets de porteurs libres.
L’expression de la densité de porteurs libres est donc :�



�
	∆N(z, t) =

βTPA

2h̄ω
I(5)NL

2
(z)∆t . (1.50)

1.3 Modélisation de microcavités en régime linéaire
Comme nous l’avons mentionné en introduction, le confinement du champ est à l’origine de

l’exaltation des non-linéarités. Ce point est confirmé par l’équation de propagation non linéaire
dans un guide, car, en effet, plus les aires effectives non linéaires (S(3)NL et S(5)NL) sont faibles
plus les réponses des effets non linéaires associées sont élevées. L’élaboration de systèmes à fort
confinement du champ est donc très importante pour l’obtention de champs d’une forte densité
d’énergie et donc pour la réduction de la puissance de commande de systèmes optiques non
linéaires. Parmi ceux-ci, figurent les microcavités, dont l’objectif est d’atteindre un confinement
maximal du champ. Les récents progrès en nanophotonique ont permis de réduire le volume du
mode confiné à quelques centièmes de micromètres cubes. C’est pourquoi, les micro-résonateurs
optiques ont suscité un intérêt croissant ces dernières années, en particulier en optique non
linéaire où de nombreuses applications au traitement tout optique de l’information ont vu le
jour. Nous pouvons citer les exemples de l’interrupteur optique [Almeida 2004b], des bistables
optiques [Ogusu 2011,Almeida 2004a], des fonctions logiques [Xu 2007], etc.

L’objectif de cette section est de présenter le modèle dynamique d’une microcavité. Dans
un premier temps, ce modèle sera présenté en régime linéaire et nous démontrerons qu’il peut
être utilisé pour modéliser n’importe quel type de microrésonateur. Nous relierons ensuite les
paramètres du modèle aux propriétés physiques des cavités et mettrons en avant le phénomène
d’exaltation du champ.

1.3.1 Modélisation de différents types de microcavités

La fabrication de microcavités à cristal photonique a conduit à l’obtention d’un confinement
du champ jusqu’alors inégalé. Ces structures permettent donc une augmentation considérable de
l’interaction lumière-matière et sont des candidates idéales pour la réalisation de composants
photoniques non linéaires à faible consommation d’énergie. Dans une microcavité, l’exaltation du
champ est principalement limitée par les pertes et augmentée grâce au confinement du mode.
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Celle-ci est, par conséquent, intimement liée à la géométrie de la cavité car les pertes et le volume
modal en dépendent très fortement. Le modèle devra donc impérativement tenir compte de ces
deux paramètres.

Nous étudions donc le modèle dynamique d’une cavité linéaire en nous référant à la théorie des
modes couplés [Haus 1983]. Le modèle des modes couplés se base sur une description temporelle
de l’évolution du champ électromagnétique dans une microcavité au voisinage d’une résonance.
Ce modèle constitue une approche énergétique et décrit l’évolution du champ u(t) circulant
dans la cavité, celui-ci étant normalisé de sorte que |u(t)|2 représente l’énergie électromagnétique
intra-cavité :

|u(t)|2 = 1
2
ε0

∫
ε( #»r )|E( #»r , t)|2d3r. (1.51)

Considérons alors une cavité isolée, telle que celle qui est représentée sur la figure 1.2a. Il s’agit
ici d’une cavité de type L3, car elle est constituée d’un réseau périodique de trous jouant le rôle
de miroir dans les deux dimensions de l’espace, dans lequel trois trous d’une même rangée ont
été omis, afin de former la cavité.

(a) Photo prise au Microscope Électronique à
Balayage (MEB) d’une microcavité de type L3.
Crédits : Samir Haddadi, LPN (CNRS)

u(t)
τ0

(b) Modèle d’une cavité isolée comportant des
pertes linéaires.

Figure 1.2 – Photo d’une microcavité de type L3 et son modèle du point de vue des modes couplés.

Bien que cette structure présente plusieurs résonances [Chalcraft 2007], nous ne nous intéres-
sons qu’à l’une d’entre elles. En effet, le modèle des modes couplés n’est valable que lorsqu’une
unique résonance est considérée. Dans le domaine fréquentiel, la forme lorentzienne de la résonance
d’un résonateur se traduit par une décroissance exponentielle du champ dont la porteuse est
égale à la fréquence de résonance ωres0 de la cavité. Nous pouvons donc naturellement modéliser
la structure de la figure 1.2 par un champ u(t) oscillant à la pulsation de résonance ωres0 de la
cavité à laquelle nous ajoutons un terme de perte symbolisé par un temps de vie τ0. Le modèle
de cette cavité est synthétisé sur la figure 1.2b. Le temps de vie τ0 est appelé temps de vie
intrinsèque car il ne tient compte que des pertes intrinsèques à la cavité, celle-ci étant isolée.
L’évolution temporelle du champ est alors parfaitement décrite par l’équation qui suit :�



�
	

du
dt

= −iωres0u(t)−
1
τ0

u(t) . (1.52)

Dans la cavité, le champ électromagnétique subit des pertes, et celles-ci dépendent de l’atténuation
linéaire αl de sorte que sur un tour de cavité le champ est atténué d’un facteur a= exp (−αlL/2),
où L est la longueur de la cavité. Dans le modèle des modes couplés, si met un temps τR pour
faire un tour de cavité, l’atténuation du champ s’écrit alors a= exp (−τR/τ0). Étant donné que
τR = nL/c, avec n l’indice de la cavité, nous en déduisons l’expression de τ0 en fonction de
l’atténuation linéaire du matériau : �



�
	τ0 =

2n
αlc

, (1.53)
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ce qui permet de relier l’atténuation du champ αl au temps de vie τ0. Remarquons que cette
relation est indépendante de tout paramètre géométrique de la cavité, le modèle est donc valable
quelque soit la géométrie de la cavité.

En vue de réaliser des structures totalement intégrées, il faut nécessairement disposer d’un
moyen d’injecter la lumière dans la cavité. Ceci peut être réalisé en ajoutant un guide à côté
de la cavité, comme le montre la figure 1.3a où une cavité L5 est couplée à un guide de type
W1 [Jamois 2003]. Du point de vue de la cavité, un nouveau terme de pertes est à considérer.

(a) Photo d’une cavité L5 couplée à un guide
W1 [Yang 2007].

sin(t) sout(t)

u(t)
τe

τ0

(b) Modèle d’une cavité couplée à un guide d’ac-
cès.

Figure 1.3 – Photo MEB et représentation du point de vue des modes couplés d’une cavité couplée à un
guide d’accès.

C’est pourquoi, le taux de couplage entre la cavité et le guide d’accès sera caractérisé par un
temps de vie τe, appelé temps de vie extrinsèque. L’équation de propagation dans la cavité doit
donc tenir compte de τe ainsi, que de la source sin(t) incidente [Haus 1983] :�



�
	

du
dt

= −iωres0u(t)−
1
τ
u(t) +

√
2
τe

sin(t) , (1.54)

où |sin|2 est homogène à une puissance, il s’agit donc de la puissance du signal d’entrée. Puisque
nous avons décrit les pertes liées au couplage avec le guide d’accès par le temps de vie τe. Nous
pouvons donc exprimer le temps de vie total τ, qui représente les pertes globales de la cavité :�



�
	

1
τ
=

1
τ0

+
1
τe

. (1.55)

Le couplage entre la cavité et le guide d’accès peut être modélisé soit par un miroir, dans le
cas d’une cavité Fabry-Perot, soit par un coupleur possédant un coefficient de réflexion équivalent
(voir annexe A). À chaque fois que l’onde effectue un tour de cavité, une portion de son énergie
s’échappe par le miroir de couplage. L’onde est alors atténuée d’un facteur R égal à la réflectivité
du miroir équivalent du coupleur. Dans le modèle des modes couplés, l’atténuation correspondant
au passage à travers le coupleur après un tour dans la cavité s’exprime comme : exp (−τR/τe).
En raisonnant sur les champs, nous obtenons : exp (−τR/τe) =

√
R, ce qui mène immédiatement

à : �



�
	τe =

−2τR
ln (R)

. (1.56)

Nous pouvons également exprimer le champ sout(t) en sortie du guide [Trebaol 2010] :�



�
	sout(t) = −sin(t) +

√
2
τe
u(t) . (1.57)

Toutes les grandeurs du modèle sont ainsi parfaitement déterminées.
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Il existe également des cavités couplées à deux guides d’accès, qui permettent de réaliser des
opérations plus complexes de traitement du signal, comme du demultiplexage en longueur d’onde.
Une photo MEB d’une cavité L3 couplée à deux guides W1 est présentée sur la figure 1.4a. Son

(a) Photo MEB d’une cavité couplée à deux
guides d’accès [Dorfner 2009].

sin(t) sout(t)

u(t)
τe

τ0τd
sdrop(t) sadd(t)

(b) Modèle d’une cavité couplée à deux guides
d’accès.

Figure 1.4 – Microcavité couplée à deux guides d’accès.

modèle du point de vue des modes couplés consiste en l’ajout d’un nouveau temps de vie τd qui
représente le couplage entre le second guide et la cavité. Le temps de vie global des photons dans
la cavité se voit donc modifié et vaut :�



�
	

1
τ
=

1
τ0

+
1
τe

+
1
τd

. (1.58)

Nous pouvons également exprimer, lorsque sadd(t) est nul, le champ sdrop en sortie du second
guide : �



�
	sdrop(t) =

√
2
τd

u(t) , (1.59)

celui-ci est donc proportionnel au champ intra-cavité.
La description de l’évolution des champ u, sout et sdrop se fait alors à travers les trois équations

suivantes : 

du
dt

= −iωres0u(t)−
1
τ
u(t) +

√
2
τe

sin(t)

sout(t) = −sin(t) +
√

2
τe
u(t)

sdrop(t) =

√
2
τd

u(t).

(1.60)

Nous remarquons que ce modèle de cavité est une généralisation des deux précédents. En
effet, en faisant tendre τd vers l’infini, nous retrouvons les équations (1.54) et (1.57) d’une cavité
couplée à un seul guide d’accès. De même, si nous faisons tendre à la fois τd et τe vers l’infini,
nous retrouvons l’équation (1.52) d’une cavité isolée.

Nous nous concentrerons cependant sur la géométrie présentée par la figure 1.5, celle-ci étant
suffisamment générale pour être significative et est décrite par un système différentiel moins
complexe. Ce modèle sera suffisant pour notre étude.

et
La capacité qu’a une cavité à pouvoir exalter le champ dépend fortement des pertes, et donc

des temps de vie énoncés précédemment. La détermination des pertes vues par la cavité passe
donc nécessairement par un bilan énergétique, ce que nous détaillons ci-après.
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sin(t) sout(t)

u(t)
τe

τ0

Figure 1.5 – Représentation d’une cavité linéaire couplée à un guide d’accès.

1.3.2 Bilan énergétique

Le bilan énergétique se fait à partir de l’équation (1.54) qui régit la dynamique du mode
u(t) dans la cavité et de l’équation (1.57) qui donne l’expression du champ en sortie de guide. À
partir de ces expressions, nous pouvons déterminer la puissance en sortie de guide :

|sout(t)|2 =
2
τe
|u(t)|2+

[
|sin(t)|2 −

√
2
τe

(s∗in(t)u(t) + sin(t)u
∗(t))

]
,

où le premier terme du membre de droite représente une partie du champ intra-cavité circulant
à travers le coupleur, et l’expression entre crochets représente la différence entre la puissance
incidente et la puissance injectée dans la cavité. Cette dernière décrit un battement entre le
champ intra-cavité et le champ incident. En effet, nous pouvons réécrire l’équation sous la forme
suivante :�



�
	|sout(t)|2 = |sin(t)|2+

2
τe
|u(t)|2 − 2

√
2
τe
· |u(t)| · |sin(t)| · cos [φu(t)−φin(t)] , (1.61)

dans laquelle nous voyons clairement apparaître les interférences entre le champ intra-cavité et
le champ incident. Le terme φu représente la phase du champ intracavité, et, φin la phase du
champ incident. Le terme en cosinus décrit un phénomène de battement qui se produit lorsqu’il
existe un désaccord de phases entre le champ intra-cavité et la fréquence du signal incident.

De la même manière, nous pouvons déterminer l’évolution de l’énergie du mode |u(t)|2 qui se
déduit de l’équation (1.54) :�



�
	

d|u|2

dt
= −2

τ
|u(t)|2+ 2

√
2
τe
· |u(t)| · |sin(t)| · cos [φu(t)−φin(t)] . (1.62)

Le membre de droite de cette expression possède d’une part, un terme de fuite lié aux pertes,
d’autre part, le terme source dans lequel apparaissent les interférences entre le champ d’entrée et le
mode circulant dans la cavité. Celui-ci représente la portion d’énergie qui se trouve effectivement
couplée dans la cavité. Il en découle la puissance totale dissipée par la cavité :�



�
	Pdiss(t) =

2
τ
|u(t)|2 . (1.63)

Cette puissance dissipée par la cavité est une donnée très importante car elle permet de définir
son facteur de qualité, directement lié à l’exaltation du champ.
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1.3.3 Facteur de qualité

Le spectre intra-cavité, de forme lorentzienne, d’un résonateur linéaire possède une bande
passante que nous pouvons caractériser par un facteur de qualité. Celui-ci est défini comme
suit [Lalanne 2008] :

Q =
2π ×Énergie stockée

Énergie dissipée par cycle
= ω0 ×

Énergie stockée
Puissance dissipée . (1.64)

D’après l’équation (1.63), la puissance « dissipée » est donnée par Pdiss(t) =
2
τ
|u(t)|2. Sachant

que l’énergie stockée est, par définition, |u(t)|2, le facteur de qualité s’exprime, d’après (1.64) :�



�
	Q =

ω0τ

2
. (1.65)

Sachant que le temps de vie global, τ, est relié aux temps de vie intrinsèque et extrinsèque, τ0 et
τe, nous en déduisons les facteurs de qualité intrinsèque et extrinsèque Q0 et Qe, respectivement :

Q0 =
ω0τ0

2
,

Qe =
ω0τe

2
,

ce qui conduit à la relation : �



�
	

1
Q

=
1
Q0

+
1
Qe

. (1.66)

De plus, le temps de vie τ
2 est directement lié à la largeur spectrale de la résonance lorentzienne

de la cavité ∆ω, ce qui conduit à l’expression suivante du facteur de qualité :

Q =
ω0

∆ω
=
λ0

∆λ
, (1.67)

où ∆λ représente la largeur spectrale de la résonance exprimée en terme de longueur d’onde.
Puisque le facteur de qualité quantifie directement les pertes du point de vue de la cavité,

celui-ci est étroitement lié à l’exaltation du champ. En outre, nous avons également mentionné
le fait que le confinement du champ joue un rôle important sur l’exaltation de ses interactions
avec le milieu, nous cherchons donc à faire le lien entre le facteur de qualité, le confinement et
l’exaltation du champ.

1.3.4 Facteur d’exaltation du champ

Le facteur d’exaltation du champ relie la puissance champ intracavité à celle du champ incident.
Pour ce faire, nous nous plaçons en régime d’excitation continue et posons sin =

√
Pin e−iωt.

L’équation (1.54) devient :

U =

√
2
τe

√
Pin

i (ω −ωres0) +
1
τ

, (1.68)

ce qui, à résonance, ω = ωres0, donne :

|U|2

Pin
=

2
τe
τ2.
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Comme la puissance couplée sur un tour de cavité est donnée par�



�
	Pcav(t) =

|u(t)|2

τR
, (1.69)

nous obtenons le facteur d’exaltationM, que nous définissons comme le rapport entre la puissance
intracavité et la puissance du champ incident :�



�
	M=

Pcav
Pin

=
2
τe

τ2

τR
. (1.70)

Cela démontre que, lorsque le signal excitateur est à résonance, la puissance intracavité est
renforcée d’un facteur M par rapport à la puissance incidente. Remarquons que M peut se
réécrire sous la forme suivante [Kippenberg 2004] :�



�
	M=

2λ
πn0L

Q2

Qe
. (1.71)

Cette dernière expression, inversement proportionnelle à la longueur de cavité, démontre
clairement l’importance du confinement de la lumière sur le facteur d’exaltation du champ.
Pour de faibles pertes intra-cavité, nous avons Q ≈ Qe, M dépend donc approximativement du
rapport Qe/L. Ceci nous permet donc de faire le lien entre le facteur de qualité, le confinement
du champ et l’exaltation du champ. Nous voyons donc clairement l’intérêt des microcavités pour
l’optique non linéaire, dans lesquelles des non-linéarités très élevées sont atteintes pour de faibles
puissances de commande.

Dans la suite, nous développerons le modèle des modes couplés en régime non linéaire. Cela
nous permettra de disposer des équations qui régissent la dynamique du mode intracavité en
régime non linéaire et donc de réaliser des simulations numériques de cette dernière.

1.4 Modélisation d’une cavité en régime non linéaire

Nous souhaitons étendre le modèle des modes couplés au régime non linéaire [Dumeige 2005].
À cet effet, nous utilisons la définition générale du modèle afin de l’appliquer aux équations de
Maxwell. À partir de ces équations, nous souhaitons dériver une expression de l’évolution de
l’énergie du champ intracavité. Les termes de polarisation non linéaire sont introduits dans le
modèle en considérant qu’ils agissent de manière perturbative. La démarche est donc similaire à
celle que nous avions utilisée pour démontrer l’équation de propagation dans un guide en régime
non linéaire.

1.4.1 Effet d’une perturbation de la permittivité dans les équations de Maxwell

Le champ électromagnétique #»
E( #»r , t) est décomposé en une contribution spatiale A( #»r ) et une

contribution temporelle a(t). Nous adoptons la convention a(t)e−iω0t = u(t) et afin de satisfaire
la définition de la théorie des modes couplés, nous posons :

#»
E( #»r , t) =

A( #»r )
√
C0

a(t)e−iω0t #»e , (1.72)
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où C0 est un facteur de normalisation définit comme :

C0 =
1
2
ε0

∫
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r, (1.73)

ce qui permet de définir |a(t)|2 = |u(t)|2 comme l’énergie instantanée du mode :

|a(t)|2 = 1
2
ε0

∫
ε( #»r )| #»E( #»r , t)|2d3r. (1.74)

En régime linéaire, l’équation de propagation s’écrit :

#  »rot #  »rot
#»
E( #»r , t) =

1
c2

∂2
#»
E

∂t2
( #»r , t) +

1
c2ε0

∂2
#»
PL

∂t2
( #»r , t) (1.75)

Le milieu étant considéré comme non dispersif, la polarisation linéaire a pour expression :

#»
PL(

#»r , t) ∼ ε0χ(1)( #»r )
#»
E( #»r , t), (1.76)

nous supposons ici et pour toute la suite que χ(1) est un réel. La dépendance en #»r des tenseurs
de susceptibilité, ainsi que des coefficients non linéaires (qui seront exprimés plus tard), est
conservée afin de tenir compte de la structuration du matériau. Ainsi, les susceptibilités χ(n)( #»r )
sont égales à χ(n) dans le matériau, et nulle dans les trous d’air qui forment la cavité.

L’équation de propagation s’écrit alors :

#  »rot #  »rot
#»
E( #»r , t)−

ε( #»r )

c2
∂2

#»
E

∂t2
( #»r , t) =

#»
0 , (1.77)

avec ε( #»r ) = 1+χ(1)( #»r ). Nous considérons des ondes planes monochromatiques de pulsation ω0.
La dérivée seconde du champ par rapport au temps s’exprime :

∂2
#»
E

∂t2
( #»r , t) =

A( #»r )
√
C0

[
d2a
dt2
−ω2

0a(t)− 2iω0
da
dt

]
e−iω0t #»e . (1.78)

Nous pouvons légitimement effectuer l’approximation de l’enveloppe lentement variable, c’est-à-
dire :

∣∣∣∣d2a
dt2

∣∣∣∣� 2ω0

∣∣∣dadt ∣∣∣, ce qui mène à :

∂2
#»
E

∂t2
( #»r , t) ∼ −

A( #»r )
√
C0

[
ω2
0a(t) + 2iω0

da
dt

]
e−iω0t #»e . (1.79)

En présence d’un terme source de polarisation non linéaire, l’équation de propagation a pour
expression :

#  »rot #  »rot
#»
E( #»r , t)−

ε( #»r )

c2
∂2

#»
E

∂t2
( #»r , t) = − 1

c2ε0

∂2
#    »
PNL

∂t2
( #»r , t), (1.80)

équation qui devient, en remplaçant la dérivée seconde par son expression calculée précédemment,
et après simplification :

1
√
C0

a(t)e−iω0t

[
#  »rot #  »rotA( #»r ) #»e +

ω2
0ε(

#»r )

c2
A( #»r ) #»e

]
= −2i

ε( #»r )

c2
ω0

da
dt

A( #»r )
√
C0

e−iω0t #»e − 1
c2ε0

∂2
#»
PNL

∂t2
( #»r , t).

(1.81)
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Le membre de gauche est nul car le terme entre crochet représente l’équation de propagation en
régime linéaire, nous obtenons donc :

2i
ε( #»r )

c2
ω0

da
dt

A( #»r )
√
C0

e−iω0t =
−1
c2ε0

∂2PNL

∂t2
( #»r , t). (1.82)

De plus, le champ oscillant à la pulsation ω0, en supposant que l’enveloppe de la polarisation
varie lentement devant un temps 2π

ω0
et que celle-ci oscille également à ω0, sa dérivée seconde est

donnée par :
∂2PNL

∂t2
( #»r , t) ∼ −ω2

0PNL(
#»r , t) (1.83)

En traitant la polarisation comme une perturbation ∆ε de la permittivité, c’est-à-dire :

PNL(
#»r , t) = ε0∆ε(

#»r , t)E( #»r , t), (1.84)

nous trouvons, en injectant ce terme dans l’équation (1.82), et après simplification :

ε( #»r )A( #»r )
da
dt

= i
ω0

2
∆ε( #»r , t)A( #»r )a(t). (1.85)

Afin de lever la dépendance spatiale de cette dernière équation, nous intégrons chaque membre
sur un volume V entourant toute la structure dans laquelle le champ électromagnétique est
considéré comme non nul. En multipliant les deux membres de cette équation par A∗( #»r ) et en
intégrant sur le volume V, nous obtenons :�



�
	

da
dt

= i
ω0

2

∫
V
∆ε( #»r , t)

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r a(t) . (1.86)

Le mode subit en fait une variation de sa pulsation complexe et nous pouvons écrire :�



�
	da

dt
= i∆ω(t)a(t) (1.87)

avec [Joannopoulos 2008] : �



�
	

∆ω(t) = −ω0

2

∫
V
∆ε( #»r , t)

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r . (1.88)

Toute perturbation induite par un terme de polarisation non linéaire à la pulsation ω0 peut donc
être modélisée par une variation de la permittivité complexe ∆ε( #»r , t).

La variation ∆ω de la fréquence instantanée du mode peut être décomposée suivant deux
contributions : l’une réelle, correspondant à une variation de l’indice vu par l’onde, et l’autre
imaginaire pur, correspondant à une modification des pertes non linéaires :

∆ω(t) = −ω0

n
∆n(t) + i

1
2
γ(t). (1.89)

De cette façon, le mode perçoit une variation d’indice ∆n et voit son temps de vie modifié d’une
quantité τNL = 2/γ. Nous séparerons, par la suite, les contributions liées aux effets non linéaires
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réfractifs (∆n(t)) de celles liées aux pertes non linéaires (γ(t)). Les effets non linéaires réfractifs
seront exprimés en terme de variation de l’indice de réfraction par l’équation :�



�
	

∆n(t) =
1
2

∫
V
∆ε( #»r , t)n( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r , (1.90)

et les pertes non linéaires par une variation de l’inverse du temps de vie des photons γ :�



�
	

γ(t) = iω0

∫
V
∆ε( #»r , t)

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r . (1.91)

Cependant, une étape intermédiaire est nécessaire au calcul de ces deux variations. Il faut en
effet définir des coefficients non linéaires en fonction de la densité volumique d’énergie et non
plus de l’intensité. En effet, contrairement à une onde progressive se propageant dans un guide,
nous étudions ici le cas d’une onde stationnaire.

1.4.2 Relation entre l’approche énergétique et l’approche en puissance

Lorsque nous avons établi l’équation de propagation dans un guide en régime non linéaire,
des coefficients non linéaires n2, βTPA,... on été introduits afin de définir les effets non linéaires
par rapport à l’intensité de l’onde. Dans le cas présent, nous effectuons une démarche similaire à
la différence près que nous raisonnons en terme de densité volumique d’énergie. En effet, a(t)
représente l’énergie du mode et est obtenue en intégrant la densité volumique d’énergie définie
par :

U( #»r , t) =
1
2
ε( #»r )ε0|E( #»r , t)|2. (1.92)

Il nous faut donc redéfinir les coefficients non linéaires établis précédemment afin que ceux-ci
soient compatibles avec cette définition et lient les non-linéarités à la densité volumique d’énergie.

Ce lien peut-être établi en partant des définitions de l’intensité et de la densité volumique
d’énergie :

U( #»r , t) =
1
2
ε( #»r )ε0|E( #»r , t)|2

I( #»r , t) =
1
2
n( #»r )cε0|E( #»r , t)|2

⇒
�



�
	U( #»r , t) =

n( #»r )

c
I( #»r , t) , (1.93)

où nous avons utilisé la relation n2 = ε afin de simplifier l’écriture de l’équation. Pour le calcul,
nous utilisons l’indice n du matériau. À partir de la relation ∂U

∂t = n
c
∂I
∂t et sachant que ∆t = n

c∆z,
nous obtenons : �



�
	∂U

∂t
=

∂I
∂z

. (1.94)

Ces deux dernières équations nous permettent de redéfinir les coefficients non linéaires en fonction
de la densité volumique d’énergie à partir de ceux définis précédemment dans les équations de
propagation non linéaires pour un guide. Le tableau qui suit résume les résultats obtenus lorsque
la transformation est effectuée, ainsi que les coefficients non linéaires obtenus.

Nous disposons ainsi des coefficients non linéaires reliant les non-linéarités concernées à la
densité volumique d’énergie.
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Équation en intensité
Éq. en densité

volumique d’énergie
Coeff. NL
en intensité

Coeff. NL en densité
vol. d’énergie

∆n= n2I ∆n= n′2U n2 n′2 =
c
nn2

∂I
∂z = −βTPAI

2 ∂U
∂t = −β′TPAU

2 βTPA β
′

TPA = c2

n2 βTPA

∆N =
βTPA
2h̄ω I2∆t ∆N =

β
′
TPA
2h̄ω U

2∆t βTPA β
′

TPA = c2

n2 βTPA

∆n= σNN ∆n= σNN σN σN
∂I
∂z = −σANI ∂U

∂t = −σ ′ANU σA σ
′

A = c
nσA

Table 1.1 – Passage des équations non linéaires en intensité au modèle des modes couplés exprimé en densité
volumique d’énergie. Les effets non linéaires considérés sont, de haut en bas : l’effet Kerr, l’absorption à
deux photons, la génération des porteurs libres, la réfraction des porteurs libres et l’absorption par les
porteurs.

1.4.3 Polarisation non linéaire d’ordre 3

Nous commençons par étudier les effets non linéaires d’ordre trois et rappelons l’expression
de la polarisation non linéaire :

P (3)
NL =

3
4
ε0χ

(3)( #»r )E( #»r , t)E∗( #»r , t)E( #»r , t), (1.95)

ce qui donne, en séparant la contribution temporelle et la contribution spatiale du champ, et
compte tenu des notations introduites précédemment :

P(3)NL =
3
4
ε0χ

(3)( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2

C0

A( #»r )
√
C0
|a(t)|2a(t)e−iω0t. (1.96)

En dérivant cette dernière équation deux fois par rapport au temps, nous trouvons :

∂2P(3)NL

∂t2
∼ −ω2

0
3
4
ε0χ

(3)( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2

C0

A( #»r )
√
C0
|a(t)|2a(t)e−iω0t , (1.97)

ce que nous pouvons traduire par une variation de la permittivité donnée par :

∆ε( #»r , t) =
3
4
χ(3)( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2

C0
|a(t)|2. (1.98)

1.4.4 Effet Kerr pur

La variation de permittivité induite par un effet Kerr pur s’exprime comme :

∆ε( #»r , t) =
3
4
<

{
χ(3)( #»r )

} ∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2

C0
|a(t)|2, (1.99)

or, d’après la définition de n2 et de n
′

2 (Tab. 1.1) et en utilisant n2 = ε :

<
{
χ(3)( #»r )

}
=

4
3
ε( #»r )cε0n2(

#»r ) ⇒ <
{
χ(3)( #»r )

}
=

4
3
ε( #»r )cε0n

′

2(
#»r )

n( #»r )

c
. (1.100)
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La variation d’indice ∆nKerr associée à l’effet Kerr s’exprime donc :

∆nKerr(t) =
ε0

2

∫
V
n
′

2(
#»r )ε2( #»r )|A( #»r )|4d3r

C0

∫
V
ε( #»r )|A( #»r )|2d3r

|a(t)|2, (1.101)

ce qui, en remplaçant C0 par son expression, et en posant

�



�
	

n
′
2 =

∫
V
n
′

2(
#»r )ε2( #»r )|A( #»r )|4d3r∫

V
ε2( #»r )|A( #»r )|4d3r

et

�




�

	
VKerr =

(∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r)2∫

V
ε2( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣4d3r , (1.102)

donne : �



�
	∆nKerr(t) = n

′
2
|a(t)|2

VKerr
. (1.103)

L’expression relativement simple du volume non linéaire associé à l’effet Kerr [Braginsky 1989]
résulte des nombreuses hypothèses simplificatrices que nous avons effectuées. En effet, comme
l’explique la référence [Tzolov 1995], une expression qui tient compte de l’état de polarisation de
l’onde peut être déterminée.

1.4.5 Absorption à deux photons

La variation de permittivité induite par l’absorption à deux photons est alors donnée par :

∆ε( #»r , t) = i
3
4
=

{
χ(3)( #»r )

} ∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2

C0
|a(t)|2. (1.104)

En outre, la susceptibilité non linéaire=
{
χ(3)

}
s’exprime en fonction du paramètre βTPA,

=
{
χ(3)( #»r )

}
=

2ε( #»r )c2ε0
3ω0

βTPA(
#»r ) ⇒ =

{
χ(3)( #»r )

}
=

2ε2( #»r )ε0
3ω0

β
′

TPA(
#»r ) (1.105)

Nous en déduisons une expression pour le temps de vie τTPA = 1/γTPA associé à l’absorption à
deux photons :

γTPA(t) = −i
ω0

2
ε0

ω0

∫
V
β
′

TPA(
#»r )ε2( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣4d3r

C0

∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r . (1.106)

En remplaçant C0 par son expression (équation (1.73)) et en posant :
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β
′

TPA =

∫
V
β
′

TPA(
#»r )ε2( #»r )|A( #»r )|4d3r∫

V
ε2( #»r )|A( #»r )|4d3r

et

�




�

	
VTPA =

(∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r)2∫

V
ε2( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣4d3r , (1.107)

nous obtenons : �



�
	γTPA(t) = β

′

TPA
|a(t)|2

VTPA
. (1.108)
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1.4.6 Réfraction des porteurs libres

La polarisation non linéaire associée à la réfraction des porteurs libres est donnée par :

PFCR
NL ( #»r , t) = 2n( #»r )ε0σR(

#»r )N( #»r , t)E( #»r , t), (1.109)

ce qui mène à :
∆ε( #»r , t) = 2n( #»r )σR(

#»r )N( #»r , t). (1.110)
Nous en déduisons la variation d’indice induite par la présence des porteurs :

∆nFCR(t) =

∫
V
σR(

#»r )N( #»r , t)ε( #»r )
∣∣∣A( #»r )

∣∣∣2d3r∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r . (1.111)

Nous savons que N( #»r , t) ne dépend que de βTPA( #»r ) et de E( #»r , t). Par conséquent, le produit
βTPA(

#»r )σR(
#»r ) peut être considéré comme une seule et même variable, la moyenne de leur produit

est donc égale au produit de leur moyenne 3, lorsque nous posons :�



�
	

σR =

∫
V
σR(

#»r )ε( #»r )
∣∣∣A( #»r )

∣∣∣2d3r∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r , (1.112)

mène à l’expression suivante : �
 �	∆nFCR(t) = σRN(t) , (1.113)
avec �
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N(t) =

∫
V
N( #»r , t)ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r . (1.114)

1.4.7 Absorption des porteurs libres

La polarisation non linéaire associée à l’absorption des porteurs libres est définie comme :

PFCA
NL ( #»r , t) =

ic

ω0
n( #»r )ε0σA(

#»r )N( #»r , t)E( #»r , t), (1.115)

ce qui correspond à une variation de permittivité de :

∆ε( #»r , t) =
ic

ω0
n( #»r )σA(

#»r )N( #»r , t) ⇒ ∆ε( #»r , t) =
i

ω0
n2( #»r )σ

′

A(
#»r )N( #»r , t). (1.116)

γFCA = −

∫
σ
′

A(
#»r )N( #»r , t)ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

ε( #»r )
∣∣∣A( #»r )

∣∣∣2d3r (1.117)

Nous obtenons alors, en posant�



�
	

σ
′

A =

∫
V
σ
′

A(
#»r )ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r , (1.118)

�



�
	γFCA = σ

′

AN(t) (1.119)

3. En effet, chacun des deux coefficient est nul dans l’air et constant dans le matériau.
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1.4.8 Génération des porteurs libres

La densité de porteurs libres est définie, à partir de l’équation (1.45), par :

∆N( #»r , t) =
βTPA(

#»r )I2( #»r , t)

2h̄ω0
∆t. (1.120)

En utilisant l’expression liant l’intensité au champ :

I( #»r , t) =
1
2
n( #»r )cε0|E( #»r , t)|2, (1.121)

nous obtenons :

∆N( #»r , t) =
β
′

TPA(
#»r )

8h̄ω0
ε2( #»r )ε20

A( #»r )|4

C20
|a(t)|4∆t. (1.122)

Comme le démontre l’équation (1.114), les effets non linéaires reliés aux porteurs libres
dépendent de N(t). Nous calculons donc N(t) par le biais de l’équation suivante :

∆N(t) =

∫
V
∆N( #»r , t)ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r ∆t. (1.123)

Ce qui mène à l’expression suivante :

∆N(t) =
ε20

8h̄ω0

∫
V
β
′

TPA(
#»r )ε3( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣6d3r

C2
0

∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r |a(t)|4∆t (1.124)

et se développe, lorsque nous remplaçons C0 par sa valeur, en :

∆N(t) =
1

2h̄ω0

∫
V
β
′

TPA(
#»r )ε3( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣6d3r(∫

V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r)3 |a(t)|4∆t. (1.125)

La densité de porteurs libres moyennée sur l’espace occupé par le mode est, lorsque nous posons�




�

	
V2
FCR =

(∫
V
ε( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣2d3r)3∫

V
ε3( #»r )

∣∣∣A( #»r )
∣∣∣6d3r , (1.126)

donnée par : �



�
	∆N(t) =

β
′

TPA
2h̄ω0

|a(t)|4

V2
FCR

∆t . (1.127)

1.4.9 Effets thermiques

Une autre contribution non négligeable aux variations de la fréquence de résonance dans un
micro-résonateur vient de l’évacuation des pertes linéaires et non linéaires par effet Joule. Les
effets thermiques jouent un rôle très important et ont une influence parfois non négligeable sur la
dynamique du champ intra-cavité. L’échauffement de la cavité est effectivement à l’origine d’une
variation d’indice du matériau, ce qui, comme l’effet Kerr ou la réfraction des porteurs libres,
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provoque une variation de la fréquence de résonance de la cavité. Ainsi, si nous supposons que
l’indice du matériau varie selon une loi linéaire en fonction de sa température, nous avons :

∆nth =
dn
dT

∆T,

où dn
dT est le coefficient thermo-optique du matériau et ∆T sa variation de température. Cette

dernière n’est évidemment pas instantanée et possède un certain temps de réponse. Puisque cette
variation dépend des pertes dans la cavité, nous pouvons écrire :�



�
	

d∆T
dt

= − 1
τth
∆T+

Pabs(t)
ρmatCpVth

, (1.128)

où ρmat représente la densité du matériau, Cp sa capacité thermique et Vth un volume associé à
l’effet thermique. Le temps de vie τth s’exprime comme :�



�
	τth =

ρmatCpVth
κ

, (1.129)

où κ est la conductivité thermique du matériau.
En remplaçant la puissance absorbée par son expression en fonction des pertes linéaires et

non linéaires, nous obtenons :�



�
	Pabs(t) =

(
2
τ
+

2
τTPA(u)

+
2

τFCA(u)

)
|u(t)|2 , (1.130)

avec τTPA = 1/γTPA et τFCA = 1/γFCA. Nous voyons que la variation de fréquence de la résonance
est également influencée par les fluctuations thermiques, liées aux pertes, dans la cavité. De
plus, cette variation est négative car dn

dT < 0, elle est donc opposée à la dérive introduite par la
réfraction des porteurs libres.

Tous les paramètres régissant la dépendance de la dynamique en fonction des effets thermiques
sont maintenant connus théoriquement et utilisables dans le modèle des modes couplés. Cependant,
en pratique, certains de ces paramètres sont difficiles à obtenir. Par exemple, le volume thermique
Vth ne peut être calculé directement et est souvent estimé à partir des données expérimentales. De
même, le temps de vie τth peut être estimé très simplement à partir de données expérimentales [de
Rossi 2009].

1.4.10 Modèle des modes couplés intégrant les effets non linéaires

1.4.10.1 Équations non linéaires

Nous avons déterminé des expressions adaptées au modèle des modes couplés pour des non-
linéarités de type Kerr, FCR, TPA et FCA. Le modèle a également été étendu pour tenir compte
des effets thermiques. Les expressions développées font intervenir des volumes non linéaires que
nous pouvons calculer à l’aide de simulations numériques détaillées en annexe B.

Par la suite, nous négligerons l’impact des effets thermiques, car ceux-ci peuvent en effet être
négligés dans les conditions expérimentales présentées dans la suite de ce travail [Prelewitz 1994].
Les effets non linéaires réfractifs entraînent une variation de l’indice de réfraction de la cavité qui
modifie la pulsation de résonance suivant l’égalité suivante :�



�
	

∆ωres(t)

ωres0
= −

∆n(t)

nef f
, (1.131)
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où nef f =
√∫

n2( #»r )|A( #»r )|2d3r/
∫
|A( #»r )|2d3r est l’indice de réfraction effectif dans la cavité.

L’effet Kerr et la réfraction des porteurs libres s’intègrent alors dans le modèle des modes couplés
en modifiant directement la pulsation ωres0 :�



�
	

du
dt

= −iωres0

(
1+

∆ωres(t)

ωres0

)
u(t)− 1

τ
u(t) +

√
2
τe
sin(t) . (1.132)

Connaissant l’expression de la variation d’indice en fonction des différentes non-linéarités, nous
sommes à même de compléter notre modèle :�



�
	∆n(t) = ∆nKerr(t) +∆nFCR(t) = n

′
2
|u(t)|2

VKerr
+ σRN(t) . (1.133)

Nous devons également tenir compte des pertes non linéaires. Celles-ci sont introduites dans
le modèle en modifiant le temps de vie des photons. Afin d’introduire les pertes par TPA et FCA,
nous définissons le temps de vie non linéaire des photons :�



�
	

2
τNL(u)

= γTPA(u) + γFCA(u) = β
′

TPA
|a(t)|2

VTPA
+ σ

′

AN(t) . (1.134)

En l’insérant dans l’expression de l’évolution temporelle du mode, nous obtenons :�
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du
dt

= −iωres0

(
1+

∆ωres(t)

ωres0

)
u(t)−

(
1
τ
+

1
τNL(u)

)
u(t) +

√
2
τe
sin(t) . (1.135)

En pratique, les coefficients non linéaires (n2,βTPA, etc.)sont déterminés par rapport à
l’intensité de l’onde, nous ne devons donc pas utiliser les coefficients normalisés par rapport à la
densité volumique d’énergie (n′2,β

′
TPA, etc.). Afin de tenir compte de la nature impulsionnelle

de l’excitation, nous lions la densité volumique d’énergie à l’intensité par l’intermédiaire de la
vitesse de groupe de l’onde :

I= vg U =
c

ng
U , (1.136)

contrairement aux calculs menés précédemment qui considéraient l’indice du matériau massif.
Grâce à cette relation, nous pouvons relier les coefficients non linéaires de la manière suivante :

n2 =
n

c
n
′
2 (1.137a)

βTPA =
n2

c2
β
′

TPA (1.137b)

σA =
n

c
σ
′

A (1.137c)

et ainsi établir les deux équations différentielles du premier ordre couplées qui régissent la
dynamique du mode intracavité en régime non linéaire :�
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du
dt

= −iωres0

(
1− n2c

nnef f VKerr
|u(t)|2 − σR

nef f
N(t)

)
u(t)

−
(
1
τ
+

βTPAc
2

2n2VTPA
|u(t)|2+ σAc

2n
N(t)

)
u(t) +

√
2
τe
sin(t)

dN
dt

= − 1
τP

N(t) +
βTPA

2h̄ω
c2

n2V2
FCR

|u(t)|4

. (1.138)
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1.4.10.2 Modèle Fabry-Perot non linéaire d’une cavité

Nous étudierons, lors du chapitre 3, des cavités de type Fabry-Perot telle que celle qui est
présentée par la figure 1.6a, c’est pourquoi, nous souhaitons établir le modèle des modes couplés
non linéaire pour ce type de cavité. En effet, nous devons considérer une cavité à deux guides
d’accès, comme le montre le schéma de la figure 1.6b. Étant donné que nous n’utiliserons qu’une

In Out

AddDrop

(a) Photo MEB d’une microcavité de type Fabry-
Perot.

sin(t) sout(t)

u(t)
τe

τ0τd
sdrop(t) sadd(t)

(b) Schéma équivalent d’un cavité de type Fabry-
Perot.

Figure 1.6 – Photo MEB et représentation schématique d’une cavité de type Fabry-Perot.

seule source, nous aurons toujours sadd = 0. Dans le modèle, les miroirs sont supposés identiques
et représentés par un temps de vie τe = τd . Les équations d’évolution du champ intra-cavité et
des porteurs libres s’écrivent donc :�
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du
dt

= iωres0
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1− n2c

nnef f VKerr
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nef f
N(t)

)
u(t)

−
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2
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)
u(t) +

√
2
τe
sin(t)

dN
dt

= − 1
τP

N(t) +
βTPA

2h̄ω
c2

n2V2
FCR

|u(t)|4

. (1.139)

1.5 Conclusion
À partir de la description physique de l’interaction lumière-matière dans des matériaux semi-

conducteurs, nous avons établi les équations de propagation tenant compte de la polarisation non
linéaire du matériau. Nous avons également mis en avant l’effet de localisation se manifestant
dans les microstructures photoniques. Cet effet de localisation contribue à l’augmentation des
interactions lumière-matière et, par conséquent, mène à une réduction de la puissance requise
pour observer des effets non linéaires. Nous nous sommes concentrés sur un type de microstructure
particulier : les microcavités. Celles-ci permettent en effet une exaltation considérable des effets
de localisation, grâce à leurs facteurs de qualité pouvant atteindre plusieurs milliers ou millions.

Une première étude a permis, à partir des équations de Maxwell, d’établir l’équation de
propagation dans un guide non linéaire. En étudiant les non-linéarités séparément, nous avons
pu en déduire leur rôle quant à la propagation de l’onde : variation d’indice, pertes non linéaires,
etc.

Nous nous sommes ensuite penchés sur le modèle dynamique d’une microcavité linéaire. Puis,
à partir des équations de Maxwell, nous avons étendu le modèle aux microcavités non linéaires,
en tenant compte de plusieurs effets : l’effet Kerr, l’absorption à deux photons, les effets de
porteurs et les effets thermiques.

Ce chapitre nous a donc permis de présenter les notions de base en optique non linéaire
et d’introduire un modèle dynamique complet de microcavités non linéaires. Dans le chapitre
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suivant, nous allons donc utiliser le modèle des modes couplés afin d’étudier le régime dynamique
de microcavités non linéaires en silicium. Cette étude nous permettra de passer en revue certains
comportements dynamiques très intéressants. Nous nous intéresserons également à la manière
dont nous pouvons contrôler la dynamique du champ intra-cavité afin de contribuer à l’intégration
et au contrôle de structures plus complexes, à base de cavités couplées par exemple.
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2.1 Introduction

Au cours de ce chapitre, nous étudierons le rôle des effets non linéaires sur l’évolution du
champ intra-cavité. Nous comparerons alors l’allure du champ intracavité en régime linéaire avec
le régime dans lequel toutes les non-linéarités sont prises en compte. Cependant, les effets non
linéaires agissant conjointement, nous ne pouvons distinguer l’effet de chacune des contributions
sur l’enveloppe du champ. C’est pourquoi, afin de discriminer le rôle de chacune des non-linéarités,
nous étudierons séparément les termes de pertes non linéaires (TPA et FCA) et les non-linéarités
réfractives (Kerr et FCR). Ces deux effets, liés aux parties imaginaire et réelle des tenseurs de
susceptibilité seront comparés, ce qui nous permettra de mettre en avant l’impact conséquent
des effets non linéaires réfractifs sur l’efficacité de couplage de l’impulsion dans la cavité. Nous
verrons notamment que ceux-ci sont le siège d’un effet de battement entre le champ intracavité
et l’impulsion incidente [Ioannidis 1988].

Par la suite, nous ferons l’analogie entre la dispersion induite par la réfraction des porteurs
libres et la dispersion de transitions atomiques résonantes. Cela nous amènera à considérer
l’excitation cohérente de transitions moléculaires et atomiques. L’idée d’appliquer un contrôle
cohérent à des microcavités ayant déjà été émise [Sandhu 2010], nous nous appuierons sur des
travaux théoriques, publiés récemment afin de mieux contrôler l’interaction lumière-matière dans
une microcavité non linéaire. Les travaux de la référence [Sandhu 2010] se basent sur un modèle
très simplifié de cavité (effet Kerr pur uniquement) et traitent de la mise en forme de l’impulsion
incidente afin de compenser la dispersion introduite par la résonance de la cavité en régime
linéaire uniquement. Dans notre cas, cette approche n’est pas suffisante car l’effet non linéaire
réfractif prépondérant est la réfraction induite par les porteurs libres. De plus, contrairement à
Sandhu et. al., la mise en forme des impulsions devra être adaptée aux effets non linéaires.

En effet, un modèle simplifié de cavité nous permettra de déterminer préalablement la
façon dont nous devons réaliser l’excitation cohérente de la microcavité. La méthode utilisée
consistera à mettre en forme la phase spectrale des impulsions et sera détaillée. Puis, des
simulations numériques seront réalisées afin de démontrer l’efficacité de notre méthode lorsqu’elle
est appliquée à une microcavité modèle en silicium. L’excitation cohérente sera comparée à une
excitation par une impulsion limitée par transformée de Fourier et les avantages du contrôle
cohérent seront mis en avant.

Ainsi, l’augmentation de l’interaction lumière-matière sera démontrée sous excitation cohérente.
Les bases théoriques seront posées et permettront de définir les paramètres nécessaires à la
conception d’une expérience visant à démontrer le contrôle cohérent d’une microcavité non linéaire.
Celle-ci sera abordée lors du prochain chapitre qui sera dédié à la démonstration expérimentale
de l’excitation cohérente d’une microcavité. C’est donc par le biais des calculs et des efforts de
modélisation réalisés dans les sections qui suivent, que nous serons à même de comparer théorie
et expérience.

2.2 Microcavité non linéaire en silicium : étude en régime dynamique

Nous étudions ici l’impact des différents effets non linéaires sur la dynamique du champ
intracavité. Dans un premier temps, nous fixerons les paramètres de la cavité modèle que nous
utiliserons. Nous conduirons des simulations numériques sur l’évolution temporelle du champ
intracavité et comparerons l’exaltation du champ obtenue en régime dynamique à celle que nous
pouvons calculer théoriquement pour un régime continu.

Par la suite, nous introduirons les non-linéarités dans le modèle et mettrons en avant leur
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rôle sur la dynamique du champ. Afin de déterminer précisément le rôle de chacune des non-
linéarités, nous séparerons les contributions liées aux pertes non linéaires de celles induites par
les non-linéarités réfractives [Xiao 2012,Xiao 2011b,Xiao 2011a]. Ceci nous permettra de mettre
en avant l’importance des effets non linéaires réfractifs, notamment ceux induits par la réfraction
des porteurs libres, et ainsi d’en déduire leur rôle sur le couplage de l’impulsion dans la cavité.

Les simulations numériques qui suivent considèrent une impulsion gaussienne en régime non
transitoire. Nous parlons de régime transitoire, lorsque la durée de l’impulsion est plus courte que
le temps de vie des photons dans la cavité. Dans le cas d’une impulsion limitée par transformée
de Fourier, ceci implique également que son spectre est plus large que celui de la résonance
lorentzienne de la cavité. Se placer en régime non transitoire signifie donc que la largeur spectrale
de l’impulsion est plus faible que celle associée à la résonance de la cavité. En régime linéaire,
toutes les composantes spectrales de l’impulsion sont injectées dans la cavité, ce qui se traduit,
dans le domaine temporel, par l’absence d’une déformation de l’impulsion. Nous nous attendons
donc à ce que le champ intracavité possède une enveloppe quasi-identique à celle de l’impulsion
utilisée.

Dans le cas d’une excitation en régime non linéaire, la résonance de la cavité varie au cours
du temps. Nous ne pouvons pas définir de régime transitoire d’un point de vue spectral. Nous
garderons donc une définition temporelle du régime transitoire, qui est satisfaite lorsque la durée
de l’impulsion est plus courte que le temps de vie des photons dans la cavité.

Avant d’aborder l’étude de l’évolution temporelle du mode intra-cavité en régime non linéaire,
nous étudions la cavité en régime linéaire. Plus précisément, nous définissons les paramètres
d’une cavité linéaire et comparons son facteur d’exaltation du champ à la fois sous une excitation
continue et impulsionnelle. Ceci nous sera très utile pour mettre en avant les conséquences d’une
excitation en régime non linéaire.

2.2.1 Dynamique intra-cavité en régime linéaire sous excitation non transitoire

Nous définissons ici les paramètres géométriques et les temps de vie d’une microcavité modèle
linéaire. Dans toute la suite nous ferons l’hypothèse que le matériau utilisé est le silicium dont
l’indice de réfraction aux alentours de 1,5 µm est de n0 = 3,48. Nous supposerons également
que l’indice effectif de la cavité est égal à n0. Ceci nous amène à définir une longueur effective
Lef f de cavité, dont la notation sera allégée en L, de Lef f = 900 nm, ce qui correspond à une
longueur d’onde de résonance de 1566 nm. Nous supposons également que les dimensions du
profil transverse du mode correspondent à une aire effective de Sef f = 300 × 300 nm. Ceci
équivaut à un volume modal de 0,9(λ/n0)3, parfaitement conforme à ce que nous trouvons dans
la littérature [Velha 2006]. Enfin, les temps de vie τ0 et τe sont choisis tels que le vie global
des photons soit τ = 11,5ps, ce qui correspond à un facteur de qualité de 7 000 environ. Les
paramètres de la cavités sont résumés dans le tableau 2.1.

En utilisant ces paramètres ainsi que le facteur M, défini dans le premier chapitre, nous
sommes à même de déterminer de facteur d’exaltation du champ en régime continu :M= 2 τ2

τeτR
≈

1 690. La puissance intra-cavité est donc théoriquement 1 690 fois plus intense que la puissance
incidente. Nous souhaitons vérifier cela en régime impulsionnel. À cet effet, nous définissons une
impulsion limitée par transformée de Fourier et dont l’enveloppe est gaussienne. Cette impulsion,
sin(t), est définie par l’équation :

sin(t) =
√
Pp exp

 −t22T2
p

e−iω0t , t ∈]−∞,+∞[, (2.1)
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Paramètre Valeur Description
L= Lef f 900 nm Longueur effective de la cavité
Sef f 300×300 nm2 Aire effective du mode
V 0,081 µm3 Volume de la cavité (Sef f × L)
τ0 49,4 ps Temps de vie intrinsèque des photons
τe 15 ps Temps de vie extrinsèque des photons
τ 11,5 ps Temps de vie des photons dans la cavité

Table 2.1 – Paramètres structurels de la microcavité étudiée.

où Pp est la puissance crête de l’impulsion, Tp sa largeur temporelle à 1/e et ω0 sa pulsation.
Nous fixons arbitrairement la puissance crête de l’impulsion à P0 = 23mW, sa durée à Tp =

1,7τ, ce qui nous permet d’atteindre une énergie subpicojoule égale à 780 fJ 1. L’impulsion, que
nous pouvons voir sur la figure 2.1, courbe bleue, est ainsi injectée dans la cavité, à résonance,
c’est-à-dire ω0 = ωres0. L’évolution temporelle du mode intracavité est calculée numériquement à
partir du modèle des modes couplés et des méthodes de résolution numériques présentées dans
l’annexe C. Sur les figures que nous présentons, l’échelle temporelle est toujours normalisée par
rapport à la durée de vie du photon dans la cavité.
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é
[W

]

Figure 2.1 – Enveloppe gaussienne de l’impulsion incidente en bleu et enveloppe du champ intracavité en
noir.

Nous constatons que la puissance crête du champ intracavité est de l’ordre de 30W, courbe
noire, ce qui est environ 1400 fois plus élevé que la puissance crête de l’impulsion incidente. De
plus, son enveloppe est de forme quasi-gaussienne, ce qui témoigne d’un régime non transitoire.
Nous notons également un effet de retard de groupe sur l’impulsion intracavité. Celui-ci est lié à
l’allure dispersive de la résonance (1.68).

Afin de quantifier précisément l’exaltation du champ dans la cavité, nous devons définir un
critère indépendant de la forme de l’impulsion et qui rend compte du rapport entre l’énergie
intracavité et celle de l’impulsion. À cet effet, nous introduisons un facteur d’exaltation du champ
effectif,Mef f , défini comme le rapport entre l’énergie totale ayant circulé dans la cavité, appelée

1. Cette valeur est suffisamment élevée pour que, par la suite, des effets non linéaires conséquents soient
observables.
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énergie stockée, et l’énergie de l’impulsion incidente :�



�
	Mef f =

Énergie stockée
Énergie incidente

=

1
τR

∫ +∞
−∞ |u(t)|

2dt∫ +∞
−∞ |sin(t)|

2dt
. (2.2)

En utilisant cette définition, nous retrouvons une valeur similaire au cas continu calculé théo-
riquement. En effet, le calcul donne : Mef f = 1490, ce qui n’est pas éloigné des 1690 calculés
précédemment. La légère baisse du facteur d’exaltation du champ provient en fait d’un léger
filtrage de l’impulsion, caractérisé par une faible déformation de l’impulsion, comme le montre la
figure 2.1.

Sous une excitation impulsionnelle, nous observons donc une augmentation d’un facteur 1500
de la puissance crête de l’impulsion grâce à l’effet de localisation. Cela devrait, en théorie, mener
à une exaltation conséquente des non-linéarités. Nous proposons de vérifier cela au travers de
simulations numériques dans lesquelles tous les effets non linéaires sont inclus.

2.2.2 Dynamique non linéaire intra-cavité en régime non transitoire

En utilisant le modèle des modes couplés non linéaire, nous pouvons résoudre l’évolution
temporelle du mode dans une cavité non linéaire. Dans les simulations numériques qui suivent, les
paramètres non linéaires du silicium seront utilisés. Ceux-ci, tirés de la référence [Barclay 2005],
sont listés dans le tableau 2.2. À noter que l’indice de réfraction effectif est toujours considéré

Paramètre Valeur Description
n2 4,410−18m2/W Coefficient Kerr du silicium
βTPA 8,410−12m/W Coefficient d’absorption à deux photons
σr −1,3410−27m3 Volume effectif de la réfraction des porteurs libres
σa 14,510−22m2 Surface effective d’absorption des porteurs libres

Table 2.2 – Paramètres non linéaires du silicium. Ces paramètres sont tirés de la référence [Barclay 2005].

comme égal à l’indice de réfraction linéaire du silicium, c’est-à-dire : n0 = 3,48. Nous supposons
également que tous les volumes non linéaires sont égaux au volume de la cavité : VKerr = VTPA =

VFCR = V, ce qui n’a que très peu d’incidence sur les effets non linéaires observés, puisque les effets
de porteurs libres sont largement prépondérants sur l’efftet Kerr et la TPA. Enfin, le temps de
vie des porteurs τp dans la cavité est supposé indépendant de la densité de porteurs libres et égal
à 400 ps, conformément à ce qui a été reporté dans les références [Barclay 2005,Almeida 2004c].
Nous disposons alors de tous les paramètres nécessaires à la simulation du régime dynamique du
champ intra-cavité à l’aide de l’équation (1.138) des modes couplés en régime non linéaire et de
la méthode d’Euler pour la résolution numérique des équations 2.

Nous conservons la fréquence centrale de l’impulsion égale à la fréquence de résonance de
la cavité. Les résultats de la simulation numérique sont tracés sur la figure 2.2. La figure 2.2a
présente à la fois l’impulsion d’entrée, en pointillés bleus, et l’évolution temporelle de la puissance
du champ intracavité, courbe en noir. Cette dernière montre une baisse soudaine de l’intensité
intracavité, à t = −τ. Afin d’expliquer cette chute brutale d’intensité, nous traçons, sur la

2. Voir annexe C. En règle générale, les simulations numériques ont été réalisées avec la méthode d’Euler.
Parfois, la méthode de Runge-Kutta a été utilisée afin de réduire le temps de calcul ou de minimiser les erreurs.
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Figure 2.2 – (a) Impulsion gaussienne d’entrée (courbe bleue), champ intra-cavité subissant le phénomène
de battements (en noir). (b) La même impulsion d’entrée (en bleu) et le décalage fréquentiel de la résonance
(en rouge).

figure 2.2b courbe rouge, l’évolution dans le temps de la fréquence de résonance de la cavité.
L’échelle verticale est normalisée par rapport à 1/τ, c’est-à-dire la demi-largeur à mi-hauteur
de la résonance de la cavité. La largeur de la résonance vaut en effet 2/τ, ce qui signifie que le
décalage spectral non linéaire de la résonance est de trois fois la largeur de la résonance, car,
comme le montre la courbe en rouge, celui-ci atteint 6/τ. Nous notons de plus que ce décalage
se produit exactement à l’instant t = −τ, ce qui coïncide avec la chute d’intensité dans la cavité
évoquée précédemment. La baisse brutale d’intensité dans la cavité est donc directement reliée à
la dérive de la résonance de la cavité.

Nous observons également, sur la courbe noire de la figure 2.2a, que la baisse d’intensité
est suivie de quelques oscillations très peu marquées mais bien présentes. Cela résulte d’un
phénomène de battements [Poirson 1997] entre le champ intracavité et le champ incident. Nous
pouvons l’expliquer en écrivant l’équation d’évolution temporelle de l’énergie intracavité :�



�
	

d|u(t)|2

dt
+ 2

(
1
τ
+

1
τNL(u)

)
|u(t)|2 = 2

√
2
τe
· |u(t)| · |sin(t)| · cos [φu(t)−φin(t)] . (2.3)

En effet, le terme en cosinus contient la différence de phase entre l’impulsion d’entrée et le champ
intra-cavité, ce dernier subissant la phase induite par la variation de la fréquence de résonance.

La variation temporelle de la fréquence de résonance, figure 2.2b courbe en rouge, entraîne
donc une détérioration de l’efficacité de couplage de la lumière dans la cavité et est à l’origine du
phénomène de battements. Elle est donc également responsable des distorsions observées sur le
champ intracavité.

D’autre part, la puissance crête du champ intracavité atteint à peine 6W, ce qui est cinq fois
plus faible qu’en régime linéaire. Le facteur d’exaltation du champ est donc considérablement
réduit et nous calculons Mef f = 129.

Afin d’identifier l’origine de cette diminution, nous divisons notre approche en deux parties. La
première consiste en l’étude de la contribution des pertes non linéaires sur la réduction du facteur
d’exaltation du champ. La deuxième tient compte uniquement des effets non linéaires réfractifs
afin de déterminer à quel point ceux-ci contribuent à la diminution de l’énergie intra-cavité.

2.2.3 Rôle des pertes non linéaires

Nous considérons ici la situation dans laquelle les effets non linéaires réfractifs n’interviennent
pas. Seules les pertes non linéaires sont considérées. L’évolution temporelle du champ intra-cavité
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est alors décrite par l’équation :

du
dt

= −iωres0u(t)−
(
1
τ
+

1
τNL(u)

)
u(t) +

√
2
τe
sin(t). (2.4)

Les composantes fréquentielles de l’impulsion incidente limitée par transformée de Fourier ne
subissent aucune dispersion et sont donc toujours couplées dans la résonance de la cavité. En
effet, en l’absence de non-linéarités réfractives la fréquence de résonance ωres0 de la cavité reste
fixe. La fréquence centrale de l’impulsion coïncide donc avec la résonance de la cavité afin de
maximiser les interactions lumière-matière. Puisque l’impulsion est toujours à résonante, nous
pouvons exprimer l’évolution temporelle de l’énergie intra-cavité en fonction des pertes non
linéaires. Nous supposons que la phase du champ intracavité est approximativement égale à celle
du champ incident (φu ≈ φin) car il n’y a aucune variation de fréquence induite dans la cavité
(pas d’effets non linéaires réfractifs), nous obtenons :

d|u|
dt

= −
(
1
τ
+

1
τNL(u)

)
|u(t)|+

√
2
τe
|sin(t)|, (2.5)

ce qui revient à réécrire l’équation (2.3) en considérant que la phase du champ intracavité φu

est égale à la phase de l’impulsion φin. La fonction obtenue décrit alors l’équation d’un filtre
passe-bas, avec une fréquence de coupure variable égale à 1

τ
+ 1

τNL(u)
et une amplitude variable,

dépendant de τNL(u). Nous nous attendons alors à ce que le champ intra-cavité soit une impulsion
gaussienne légèrement déformée dont l’intensité crête est réduite par les pertes.

La figure 2.3 présente l’évolution du champ intra-cavité lorsque l’impulsion est initialement à
résonance et que tous les effets non linéaires sont considérés (courbe noire, qui est d’ailleurs la
même que celle de la figure 2.2a), et lorsque seules les pertes non linéaires agissent (courbe bleue).
Dans ce dernier cas, l’impulsion ne subit que très peu de distorsions et la puissance crête du
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Figure 2.3 – Évolution du champ intra-cavité lorsque seules les pertes non linéaires sont considérées (en
bleu). Impulsion d’entrée en pointillés. Évolution de la puissance intracavité en noir.

champ intracavité est légèrement plus élevée. Nous calculons un facteur d’exaltation du champ
de :

Mef f = 268 . (2.6)

Cette valeur est nettement supérieure à la valeur obtenue pour l’excitation d’une cavité non
linéaires lorsque tous les effets non linéaires sont pris en compte et qui n’excède pas alors
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Mef f =130. Nous en déduisons donc que l’effet des pertes non linéaires est certes très élevé, mais
qu’il n’explique pas totalement la forte diminution du facteur d’exaltation du champ.

En outre, l’absence de distorsions sur le champ intracavité nous laisse penser que celles-ci
sont induites par les effets non linéaires réfractifs, comme nous l’avons suggéré préalablement.
C’est pourquoi, par la suite, nous étudions l’impact des effets non linéaires réfractifs seuls sur
l’évolution du champ intra-cavité et l’efficacité de couplage de l’impulsion dans la cavité.

2.2.4 Rôle des effets non linéaires réfractifs

Nous considérons ici que seuls les effets non linéaires réfractifs opèrent dans la cavité. Le
modèle se réduit à celui d’une cavité sans pertes non linéaires, c’est-à-dire : 1/τNL = 0. La
présence de porteurs libres est considérée, cependant leur impact sur les pertes non linéaires est
omis et il en est de même pour les pertes par absorption à deux photons. Le champ intra-cavité
obéit donc à l’équation suivante :

du
dt

= −iωres0

(
1+

∆ωres(t)

ωres0

)
u(t)− 1

τ
u(t) +

√
2
τe
sin(t), (2.7)

dont nous pouvons déduire l’expression de l’évolution temporelle de l’énergie intra-cavité :

d|u|2

dt
= −2

τ
|u(t)|2+ 2

√
2
τe
· |u(t)| · |sin(t)| · cos [φu(t)−φin(t)], (2.8)

où la phase φin(t) est constante car l’impulsion est en limite de Fourier. La présence d’effets non
linéaires réfractifs provoque une variation non linéaire de la phase φu(t) du champ intra-cavité,
qui mène inévitablement à la déformation de son enveloppe, par l’intermédiaire du terme en
cosinus contenu dans l’équation.

Nous comparons, sur la figure 2.4a, l’évolution du champ intra-cavité lorsque toutes les
non-linéarités sont considérées, courbe en bleu, et lorsque seuls les effets non linéaires réfractifs
agissent, courbe en noir. Dans les deux cas, la fréquence centrale de l’impulsion est confondue avec
la résonance de la cavité. Nous constatons que sans les pertes non linéaires, le champ intra-cavité
subit beaucoup de distorsions. Les oscillations que nous observons sur l’enveloppe du champ
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Figure 2.4 – (a) Évolution de l’enveloppe du champ intracavité avec (bleu) et sans (noir) pertes non
linéaires. (b) Évolution temporelle de la fréquence de résonance de la cavité lorsque les pertes non linéaires
ne sont pas considérées.

intracavité sont très marquées car les pertes non linéaires ne les filtrent pas. Elles résultent du
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décalage fréquentiel très prononcé de la résonance de la cavité. En effet, nous pouvons voir,
sur la figure 2.4b que celui-ci atteint 10/τ, ce qui implique que les composantes spectrales de
l’impulsion ne se trouvent très rapidement plus à résonance, d’où l’apparition d’un battement.
Le décalage spectral plus important de la résonance explique également la période plus courte
des oscillations, car celui-ci est proportionnel à la différence de phase entre sin et u.

Malgré une puissance crête légèrement plus élevée que dans le cas où seules les pertes non
linaires sont traitées, les fortes distorsions dues à la dérive temporelle de la résonance réduisent
considérablement le facteur d’exaltation du champ :

Mef f = 145 . (2.9)

Le rôle de la réfraction des porteurs libres est donc plus important que celui des pertes non
linéaires. La différence de phase entre le champ intracavité et l’impulsion incidente augmente très
rapidement à mesure que la réfraction par les porteurs libres apparaît. En effet, nous voyons, que
celle-ci se produit entre −2τ et −τ, ce qui correspond au début du front montant de l’impulsion
d’entrée. L’impulsion se trouve donc très rapidement hors résonance, ce qui explique le mauvais
couplage de la lumière dans la cavité. Un moyen simple de contrecarrer cet effet est d’utiliser une
impulsion qui n’est intialement pas résonante avec la cavité, ce que nous détaillons dans la suite.

2.2.5 Dynamique non linéaire lors d’une excitation initialement hors résonance

Tous les effets non linéaires sont de nouveau introduits dans le modèle. Nous souhaitons
analyser l’efficacité de couplage de l’impulsion incidente en fonction de sa fréquence centrale. Pour
cela, nous introduisons le paramètre δω = ω0 −ωres0 qui traduit la différence entre la fréquence
de résonance initiale de la cavité et la fréquence centrale de l’impulsion. L’impulsion sin est donc
définie selon l’équation :

sin(t) =
√
Pp exp

 −t22T2
p

e−i(ωres0+δω)t. (2.10)

Afin de déterminer la valeur optimale de δω, nous traçonsMef f en fonction de δω, voir figure 2.5.
Nous observons, sur cette courbe, qu’une impulsion initialement à résonance ne représente pas la

0 5 10
0

20

40

60

80

100

120

140

160

180

δω.τ

M
e
f
f

Figure 2.5 – Évolution du facteur d’exaltation du champ en fonction de la différence entre la fréquence
centrale de l’impulsion et celle de la résonance.

situation optimale. Une impulsion initialement décalée vers le bleu, c’est-à-dire dans le même
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sens que la dérive de la résonance bénéficie en effet d’un meilleur couplage. L’impulsion présente
ainsi plus de composantes spectrales susceptibles d’être couplées dans la résonance de la cavité.
Cependant, un trop fort décalage entre la fréquence centrale de l’impulsion et la résonance peut
provoquer l’effet inverse car le front montant de cette dernière ne se couple pas efficacement
dans la cavité, elle ne peut générer efficacement les effets non linéaires. C’est pourquoi, le facteur
d’exaltation du champ possède une valeur maximale pour δω = 4,2/τ et chute brutalement au
delà. Le maximum obtenu est ainsi Mef f = 169, ce qui constitue une légère amélioration par
rapport à la valeur de 130 qui est obtenue lorsque δω = 0.

Nous observons l’évolution temporelle du champ intracavité lorsque δω est optimal, c’est
à dire : δω = 4,2/τ. La figure 2.6a, courbe en noir, montre que le champ intra-cavité ne subit
plus d’oscillations, cependant, une distorsion est toujours observable. Sous une telle excitation,
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Figure 2.6 – (a) Impulsion gaussienne d’entrée (courbe bleue), champ intra-cavité (en noir). (b) La même
impulsion d’entrée (en bleu) et le décalage fréquentiel de la résonance (en rouge). Le désaccord fréquentiel
initial a été optimisé numériquement afin de maximiser l’énergie stockée dans la cavité.

l’efficacité de couplage de l’impulsion est améliorée, comme en témoigne la valeur plus élevée
du facteur d’exaltation du champ, ce qui implique également une augmentation de la densité
de porteurs libres générés et donc un décalage non linéaire de la fréquence de résonance plus
important. En effet, celui-ci est supérieur à 7,5/τ, comme en témoigne la figure 2.6b, courbe en
rouge. Nous voyons également, sur cette même courbe, que la forme de la dérive est proche d’une
variation linéaire entre deux paliers [Baron 2011]. Ceci explique la valeur optimale de δω qui se
trouve non loin de la moitié de la dérive maximale de la résonance. En effet, si cette variation
était linéaire, la valeur optimale de δω serait exactement égale à la moitié de la dérive de la
résonance. Nous le démontrerons d’ailleurs plus tard grâce à l’utilisation d’un modèle simplifié
de la cavité.

La fréquence de cette analyse démontre une augmentation de l’énergie couplée dans une
microcavité lorsque l’impulsion est initialement hors résonance. Avec une impulsion initialement
à résonance, les effets non linéaires réfractifs induisent rapidement un désaccord fréquentiel
entre l’impulsion et la résonance de la cavité. Seul le front montant de l’impulsion est couplé
efficacement. Lorsqu’un désaccord fréquentiel initial est introduit, le couplage est optimisé de
façon à obtenir un facteur d’exaltation maximal, il est alors optimal au niveau du maximum de
l’impulsion. L’énergie couplée dans la cavité est par conséquent plus élevée. Nous mettons alors
clairement en évidence le rôle que joue cette propriété de l’impulsion d’entrée sur la dynamique du
champ intra-cavité en régime non linéaire. Nous cherchons cependant à améliorer cette situation
en jouant sur d’autres paramètres de l’impulsion. Cette approche nous amène à considérer la
technique du contrôle cohérent, qui résulte en un moyen de contrôler l’interaction lumière-matière
en modifiant la forme temporelle de l’excitation.
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2.3 Nécessité d’un contrôle cohérent

Les études menées précédemment ont mis en avant les problèmes causés par la présence
d’effets non linéaires dans la cavité. Ceux-ci tendent en effet à réduire l’effet d’exaltation du
champ recherché et à limiter l’interaction lumière-matière. De surcroît, ils induisent une distorsion
de l’impulsion qui circule dans la cavité. Nous cherchons donc un moyen de compenser l’impact
négatif des effets non linéaires réfractifs. Nous avons déjà mis en évidence le rôle de la fréquence
centrale de l’impulsion dans la dynamique du champ intracavité, ce qui constitue un premier
paramètre de l’impulsion. De ce fait, notre objectif est de rechercher si d’autres paramètres
pourraient entrer en jeu et conduire à une augmentation du facteur d’exaltation tout en permettant
de conserver la forme de l’impulsion incidente. Comme le suggère l’équation (2.8), la phase φin

du champ incident peut non seulement avoir un effet considérable sur la conservation de la
forme de l’impulsion, mais aussi permettre une augmentation de l’interaction lumière-matière.
Contrôler ce paramètre pourrait être une solution très intéressante pour mieux maîtriser la
dynamique du champ intracavité. Dans le domaine de la physique atomique, le fait d’adapter
la phase ou l’enveloppe de l’impulsion à une transition résonante afin de contrôler l’interaction
lumière-matière s’appelle : « le contrôle cohérent », nous nous en inspirons donc par la suite.

2.3.1 Contrôle cohérent de transitions atomiques

Le contrôle cohérent de transitions atomique peut-être défini comme la façon de manipuler
directement l’état quantique d’un système sous l’action d’une impulsion brève de forme temporelle
appropriée. L’interaction entre le système atomique et une impulsion peut déclencher plusieurs
effets, comme des oscillations de Rabi, des transitoires cohérents, etc. Des travaux théoriques
et expérimentaux ont permis de démontrer qu’une manipulation de l’enveloppe ainsi que de
la phase des impulsions permet de contrôler l’évolution temporelle des états excités lors de
transitions atomiques [Degert 2002, Chatel 2005,Weber 2010]. Par exemple, l’annulation de
l’absorption à deux photons par une impulsion femtoseconde mise en forme a été démontrée
dans [Meshulach 1998]. Notons également qu’une mise en forme à la fois sur la phase et l’intensité
de l’onde peut permettre, a contrario, d’exalter l’absorption à deux photons résonante d’un
facteur 7 dans le rubidium [Dudovich 2001]. Dans cette référence, les auteurs mettent en évidence
le fait que l’absorption à deux photons résonante n’est pas optimale lorsqu’une impulsion limitée
par transformée de Fourier est utilisée pour l’excitation. Celle-ci induit en effet des interférences
destructives dues à la dispersion intrinsèque de la résonance excitée en régime transitoire.
Afin de maximiser la probabilité de transition, il faut alors appliquer à l’impulsion une phase
permettant de compenser la dispersion de la résonance atomique. La méthode utilisée dans la
référence [Dudovich 2001] consiste à imprimer un saut de phase de π/2 à l’impulsion centré sur
la résonance.

En s’inspirant de ce dernier exemple, certains travaux théoriques récents ont déjà étendu ce
type de contrôle cohérent à des microcavités [Sandhu 2010,Kristensen 2011]. La mise en forme
de la phase d’une impulsion afin de compenser la dispersion intrinsèque de la résonance d’une
cavité lorsque celle-ci est excitée en régime transitoire a ainsi été mise en évidence théoriquement.
Ces travaux ont d’ailleurs été publiés après le début de cette thèse. Nous nous en sommes inspiré
et les avons très largement complétés afin de les rendre compatibles avec le modèle d’une cavité
non linéaire en silicium [Oden 2013].

Afin de bien comprendre le cheminement de notre réflexion, nous présentons la méthode
utilisée par Sandhu et. al. qui illustre l’intérêt du contrôle cohérent d’une microcavité linéaire.
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2.3.2 Contrôle cohérent d’une microcavité : principe

Dans leur publication, Sandhu et. al. [Sandhu 2010] ont démontré théoriquement que le
contrôle cohérent pouvait s’appliquer aux microcavités pour renforcer une non-linéarité régie par
un effet Kerr pur. Ils considèrent dans un premier temps une microcavité linéaire, décrite par
l’équation

du
dt

= −iωres0u(t)−
1
τ
u(t) +

√
2
τe

sin(t), (2.11)

et dont le champ intra-cavité obéit à l’équation :�



�
	u(t) = F −1

√ 2
τe

Sin(ω)

−i (ω −ωres0) +
1
τ

 , (2.12)

où Sin(ω) = F [sin(t)], F représentant l’opérateur de la transformée de Fourier. Autour de la
pulsation de résonance ωres0, le signe de la partie imaginaire du dénominateur s’inverse, ce qui
correspond à un saut de phase de π. En régime transitoire les fréquences du spectre de l’impulsion
centrées sur la résonance subissent un saut de phase de π ce qui implique inévitablement des
interférences destructives entre le champ intracavité et l’impulsion. La dispersion des fréquences
autour de la résonance se manifeste particulièrement en régime transitoire et modifie inévitable-
ment le couplage de la lumière dans la cavité. Afin de mieux comprendre ce phénomène, nous
exprimons la phase du dénominateur de l’équation (2.12) :�
 �	φ(ω) = arg[−i(ω −ωres0) + 1/τ] . (2.13)

L’approche utilisée dans Sandhu et. al. consiste à imposer une phase spectrale à l’impulsion
couplée dans la cavité. En choisissant cette phase égale à φ(ω), la phase induite par la résonance,
le champ intra-cavité interfère de manière constructive avec l’impulsion d’entrée, car la phase
induite par la dispersion de la résonance est identique à celle que possède l’impulsion. L’allure de
la phase spectrale appliquée à l’impulsion d’entrée est montrée sur la figure 2.7.
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Figure 2.7 – Allure de la phase spectrale autour de la résonance.

Afin de valider cette idée, nous utilisons les paramètres de la cavité étudiée dans la réfé-
rence [Sandhu 2010]. L’impulsion d’entrée est donc définie par une impulsion gaussienne limitée
par transformée de Fourier sin(t) à laquelle un terme de phase spectrale φ(ω) est appliqué :

sin[mise en forme](t) = F −1
[
Sin(ω)e

iφ(ω)
]
, (2.14)
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L’énergie de l’impulsion est alors exactement la même que celle contenue dans l’impulsion initiale
sin(t) qui ne possède pas de terme de phase. Nous utilisons le modèle des modes couplés pour une
cavité linéaire afin de réaliser les simulations numériques de ce type d’excitation. Les figures 2.8a
et 2.8b montrent les allures temporelles de l’impulsion gaussienne limitée par transformée de
Fourier et de l’impulsion mise en forme, respectivement. L’impulsion gaussienne limitée par
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Figure 2.8 – Excitation (a), (c) de la cavité par une impulsion gaussienne. Excitation (b), (d) de la cavité
par une impulsion mise en phase spectralement.

transformée de Fourier est plus courte que le temps vie des photons dans la cavité, l’excitation est
donc en régime transitoire. La forme de l’impulsion mise en forme est en revanche non gaussienne
et s’annule à l’instant où le saut de phase se produit. Les composantes de l’impulsion qui étaient
censées interférer de manière destructive avec le champ intracavité sont donc inexistantes. Les
figures 2.8c et 2.8d, quant à elles, montrent les puissances intracavité pour les deux excitations
mentionnées précédemment. Nous observons, sous l’excitation gaussienne, une décroissance
exponentielle, de durée τ, qui caractérise la réponse de la cavité en régime transitoire. En
revanche, la réponse à l’excitation cohérente présente une enveloppe totalement symétrique et
dont la puissance crête est plus élevée. La puissance crête du champ intracavité et son énergie
sont plus élevées car les interférences entre le champ intracavité et l’impulsion sont maintenant
constructives.

En utilisant ce contrôle cohérent et en y ajoutant un effet Kerr pur, Sandhu et. al. ont
démontré que cette mise en phase de l’impulsion permet d’abaisser le seuil de bistabilité de la
cavité. L’énergie nécessaire pour faire basculer le système est alors 1,5 fois plus faible, l’impulsion
étant mieux couplée dans la cavité.

Cette méthode est équivalente au contrôle de transitoires atomiques et permet, lorsqu’elle est
appliquée à un microresonateur, d’améliorer l’efficacité de couplage d’une impulsion. Cependant,
comme nous l’avons vu lors de l’étude de la dynamique intra-cavité en régime transitoire,
l’énergie n’est pas couplée efficacement dans une cavité non linéaire en semiconducteur lorsque
nous considérons également les effets liés à la présence de porteurs libres. C’est pourquoi, nous
souhaitons appliquer ce même principe à une cavité non linéaire semiconductrice, incluant toutes
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les non-linéarités, en régime quasi-permanent. Notre objectif est de compenser la dispersion
induite par les effets non linéaires réfractifs et non la dispersion intrinsèque de la résonance.

Néanmoins, en vue de comprendre plus précisément les mécanismes physiques mis en jeu,
nous commençons par étudier un système simplifié : une microcavité linaire dont l’indice de
réfraction varie linéairement. En effet, nous avons constaté, dans le cas d’une non-linéarité induite
par les porteurs libres, que la dérive de la résonance était proche d’une variation linéaire entre
deux paliers. Mieux comprendre l’effet de cette dérive à travers un modèle simplifié pourrait nous
permettre de déterminer la forme de l’impulsion qu’il faudra choisir pour appliquer un contrôle
cohérent à la cavité.

2.3.3 Modèle simplifié : variation linéaire de l’indice de réfraction

Nous étudions ici une microcavité linéaire dont la fréquence de résonance varie linéairement
dans le temps (cette variation pourrait être induite par exemple par un effet électro-optique
[Daniel 2011]). L’évolution temporelle du mode résonant est donc décrite par :

du
dt

= −iωres0

(
1+

∆ωres(t)

ωres0

)
u(t)− 1

τ
u(t) +

√
2
τe
sin(t), (2.15)

où la résonance évolue dans le temps et dévie de sa fréquence initiale ωres0 selon la fonction
∆ωres(t). Nous fixons arbitrairement la variation linéaire de la fréquence de résonance de la
cavité de sorte que celle-ci subisse une dérive totale de 40/τ (c’est-à-dire 20 fois la largeur à
mi-hauteur de la résonance) sur une durée de 8τ, voir figure 2.9b, ce qui correspond à une
variation linéaire de la fréquence de résonance dont la pente vaut 5/τ2. Une impulsion dont la
fréquence centrale est confondue avec la résonance de la cavité ne peut donc être couplée dans
la cavité, comme le montre la courbe rouge de la figure 2.9a. La résonance dérive en effet très
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Figure 2.9 – (a) Évolution du champ intracavité lorsque l’impulsion est initialement à résonance (courbe
rouge), lorsque le décalage spectral entre la fréquence de résonance et l’impulsion est optimisé (en vert),
et lorsqu’une dérive de fréquence linéaire est appliquée à l’impulsion (en bleu). (b) Fréquence instantanée
de la résonance (en vert), fréquence instantanée de l’impulsion en rouge, et valeur de δω en noir.

rapidement de son état initial, le peu de champ couplé dans la cavité subit une variation de phase
très importante et interfère de manière destructive avec l’impulsion incidente. La présence de
battements sur l’enveloppe du champ intra-cavité met clairement en évidence ce phénomène. Le
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couplage résonant d’une impulsion dans une cavité dont l’indice de réfraction varie dans le temps
n’est donc clairement pas optimal. Par conséquent, nous pouvons introduire un désaccord δω
entre la fréquence centrale de l’impulsion et la résonance. Dans le cas présent, la valeur optimale
de δω est évidente. En effet, la symétrie de l’impulsion et la variation d’indice montrent que la
valeur optimale se trouve exactement à la moitié de la variation de la résonance, c’est-à-dire :
δω = 20/τ, comme le montre la figure 2.9b. Cette configuration permet à l’impulsion d’être
couplée dans la cavité, comme en témoigne la courbe verte de la figure 2.9a, sur laquelle apparaît
le champ intracavité en vert. Une distorsion de l’impulsion ainsi que la présence de battements
persiste cependant.

Nous proposons de compenser la dérive de fréquence de la résonance de la cavité en imposant
dans un premier temps une phase temporelle à l’impulsion. Celle-ci doit être adaptée à la dérive
de la résonance, c’est pourquoi nous choisissons une fréquence instantanée qui varie linéairement
dans le temps, ce qui se traduit par une phase temporelle quadratique. L’expression temporelle
de l’impulsion devient :

sin(t) =
√
P0 exp

 −t22T2
p

e−i (ωres0+δω)t e−i
1
2αt

2
. (2.16)

Afin de réaliser une excitation cohérente, la pente α associée à la dérive de la fréquence instantanée
de l’impulsion doit être adaptée à la dérive de la résonance :

1
α
=

τ

40
× 8τ = τ2/5. (2.17)

De cette manière, l’impulsion est parfaitement couplée dans la cavité, et tout se passe comme si
la variation d’indice n’avait pas lieu 3, comme le montre la courbe bleue de la figure 2.10a. Cela
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Figure 2.10 – (a) Impulsion incidente (en vert) dont la fréquence instantanée varie linéairement et
impulsion intracavité (en bleu) sous cette même excitation. (b) Fréquence instantanée de la résonance (en
vert), fréquence instantanée de l’impulsion en rouge, et valeur de δω en noir.

est rendu possible par le fait que la fréquence instantanée de l’impulsion, courbe rouge de la
figure 2.10b, suit parfaitement la dérive de la résonance, courbe en vert, durant la quasi totalité
de l’excitation.

Nous avons donc démontré ici l’importance de la phase de l’impulsion pour son couplage
dans une cavité dont l’indice de réfraction varie au cours du temps. Le choix d’une phase adaptée
à la dispersion subie par le champ intra-cavité permet de maintenir une interférence constructive

3. Nous retrouvons en fait la même évolution que dans une cavité linéaire sans variation d’indice, voir figure 2.1.
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avec l’impulsion incidente et le champ intra-cavité. Cela démontre que le contrôle cohérent peut
être appliqué à une cavité dont l’indice varie au cours du temps, quelle que soit l’allure de cette
variation.

Nous devons cependant l’adapter à la situation dans laquelle la variation d’indice est induite
par l’impulsion elle-même, ce qui a pour effet de rendre plus complexe l’allure de la variation de la
résonance. Nous conserverons cependant l’approximation linéaire de la variation de la résonance
et déterminerons si cela est suffisant pour réaliser une excitation cohérente.

2.4 Excitation cohérente d’une microcavité en silicium

Les études de la dynamique du champ intra-cavité menées dans les sections précédentes ont
mis en évidence que l’allure de la dérive de la fréquence de résonance de la cavité s’approche
d’une fonction quasi linéaire. Sous une excitation gaussienne de courte durée par rapport au
temps de vie des porteurs libres, ceux-ci s’accumulent effectivement dans la cavité. La variation
d’indice ainsi obtenue s’approche d’une fonction qui varie linéairement entre deux paliers et
devient comparable à ce que nous avons étudié dans la section précédente. Nous choisissons
alors d’approcher la dérive non linéaire de la résonance par une fonction linéaire. Nous devons
donc utiliser une impulsion dont l’enveloppe est gaussienne mais dont la fréquence ∆ωin(t) varie
linéairement au cours du temps. Ainsi, si l’approximation est efficace, l’impulsion à dérive de
fréquence devrait interférer constructivement avec le champ intra-cavité.

2.4.1 Dispersion d’une impulsion gaussienne

La méthode utilisée pour obtenir une impulsion à dérive de fréquence est détaillée afin d’en
déterminer les paramètres et de réaliser l’excitation cohérente d’une microcavité. Nous partons
d’une impulsion gaussienne initiale sinitiale(t) définie par

sinitiale(t) =
√
P0 exp

[
−t2

2T2
0

]
ei (ωres0+δω)t. (2.18)

Afin de lui imprimer une dérive linéaire à sa fréquence instantanée, cette impulsion traverse un
milieu dispersif, voir figure 2.11, pour donner une impulsion mise en forme sshaped(t). Lors de
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Figure 2.11 – Représentation schématique de l’excitation cohérente de la microcavité.

la traversée de l’impulsion dans le milieu dispersif sans pertes, les composantes spectrales de
l’impulsion sinitiale subissent un déphasage ϕ(ω) [Siegman 1986]. Pour un milieu matériel dispersif
de la longueur L, et d’indice de réfraction n(ω), nous avons immédiatement ϕ(ω) = n(ω)ωL

c . Nous
obtenons alors :

Sshaped(ω) = Sinitiale(ω)e
iϕ(ω), (2.19)
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où Sshaped(ω) = F
[
sshaped(t)

]
et Sinitiale(ω) = F [sinitiale(t)]. Lorsque la largeur spectrale de

l’impulsion initiale est faible devant sa fréquence centrale, et loin de toute bande d’absorption,
nous pouvons effectuer un développement en série de Taylor de la phase spectrale autour de ω0 :�
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,

(2.20)
où ∆ω = ω−ω0. Dans toute la suite, nous posons ϕ(n) =

dnϕ

dωn

∣∣∣∣
ω0

. Alors que, dans le développement
en série de Taylor de la phase spectrale, ϕ(ω0) correspond à un changement de la phase initiale
de l’impulsion, ϕ(1) correspond à un délai de propagation, aussi appelé temps de groupe. Nous
négligeons les effets de ϕ(ω0) et ϕ(1) sur la propagation de l’impulsion dans le milieu dispersif,
car ϕ(1) peut être considéré comme un retard pur, ce qui n’a pas d’influence ici. De plus, nous
supposons pour le moment, que les ordres supérieurs à ∆ω3 ·ϕ(3) sont négligeables dans le milieu
dispersif considéré. L’impulsion dispersée s’exprime alors à partir des deux équations précédentes
comme :

Sshaped(ω) = Sinitiale(ω)exp
[
i
1
2
∆ω2 ·ϕ(2)

]
. (2.21)

La transformée de Fourier de l’impulsion initiale étant donnée par :

Sinitiale(ω) =
√
P0T0exp

[
−∆ω2 ·

T2
0
2

]
, (2.22)

l’évolution temporelle de sshaped(t) est ainsi donnée par l’équation

sshaped(t) = F −1
{√

P0T0exp
[
−∆ω2 ·

T2
0
2

]
· exp

[
i
1
2
∆ω2 ·ϕ(2)

]}
, (2.23)

dont la solution est :
sshaped(t) =

√
P0

T0
|T|

exp
[
− t2

2T2

]
, (2.24)

avec T le nombre complexe tel que T2 = T2
0 + iϕ(2). En posant 1

T2 =
1
T2
p
+ iα, nous obtenons

�



�
	Tp = T0
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1+

(
ϕ(2)

T2
0

)2
et α=

ϕ(2)

T4
0 +ϕ(2)2

, (2.25)

l’impulsion injectée dans la cavité prend alors la forme suivante :�



�
	sin(t) =

√
T0
Tp

P0 exp

− t2

2T2
p
− i 1

2
αt2

e−i (ωres0+δω)t . (2.26)

Nous obtenons alors une impulsion dont la phase instantanée est quadratique, ce qui correspond
bien à une dérive linéaire de sa fréquence instantanée. Pour mieux comprendre ce phénomène de
dispersion à l’ordre deux, nous pouvons représenter l’impulsion dans le domaine temps-fréquence,
c’est-à-dire en traçant son spectrogramme, comme illustré par la figure 2.12. La dispersion de
l’impulsion sinitiale(t) est équivalent à un étalement dans le domaine temporel [Walmsley 2001],
ce qui signifie que la durée de sshaped(t) est plus élevée et son amplitude plus faible que celle de
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Figure 2.12 – (a) Représentation temps-fréquence d’une impulsion limitée par transformée de Fourier. (b)
Représentation temps-fréquence d’une impulsion à dérive linéaire de fréquence (crédits [Morin 2010]).

sinitale(t), par conservation de l’énergie [Renault 2006]. D’autre part, le spectre de l’impulsion
est conservé, il est donc le même pour les impulsions sinitiale(t) et sshaped(t).

L’expression (2.26) permet de remonter à la fréquence instantanée de l’impulsion mise en
forme : �
 �	ωin(t) = αt+ δω+ωres0 , (2.27)

son évolution est linéaire en fonction du temps et nous disposons de deux paramètres ajustables,
à savoir, la pente α, liée à ϕ(2) et la fréquence initiale δω.

2.4.2 Paramètres de l’impulsion initiale

Tout d’abord, nous devons déterminer les paramètres P0, T0 et δω de l’impulsion initiale,
ainsi que la dispersion φ(2) nécessaire à réaliser une excitation cohérente de la cavité. Afin de
disposer d’une impulsion dont l’énergie est la même que celle qui a été utilisée au début de ce
chapitre, nous souhaitons avoir une impulsion dispersée dont la puissance crête est de 23mW et
la durée de Tp = 1,7 τ après passage dans le milieu dispersif. En utilisant l’équation (2.25), et en
supposant que le chirp sera élevé, c’est-à-dire φ(2)� T2

0 , nous obtenons :

Tp ≈

∣∣∣φ(2)
∣∣∣

T0
, et α ≈ 1

φ(2)
. (2.28)

Comme nous avons estimé que sans effets non linéaires réfractifs le décalage non linéaire de la
résonance serait d’environ ∆ωres = 20/τ, nous pouvons attendre le même ordre de grandeur sous
excitation cohérente. Cela signifie que la pente de la dérive de fréquence de l’impulsion doit être,
afin de suivre la résonance et en considérant que la variation dure environ 2Tp, donnée par :

α=
∆ωres

2Tp
=

10
Tpτ

, (2.29)

ce dont nous pouvons, à partir des équation précédentes, déduire la durée T0 de l’impulsion
initiale : �



�
	T0 =

1
|α|Tp

=
τ

10
. (2.30)
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Nous en déduisons immédiatement la valeur de φ(2), donnée par le produit T0Tp, sachant que
Tp = 1,7τ : �



�
	φ(2) = 0,17τ2 = 22 ps2 . (2.31)

Nous confirmons par la même occasion que φ(2)� T2
0 .

Les paramètres ainsi calculés permettent de disposer d’une impulsion dont la durée Tp est égale
à celle de l’impulsion utilisée précédemment, et dont la phase approche au mieux la dispersion
subie par le champ intra-cavité suite aux effets non linéaires réfractifs. Il nous reste donc à
déterminer la puissance crête de l’impulsion initiale, afin de s’assurer que l’énergie de l’impulsion
soit également identique à celle utilisée précédemment. D’après l’équation (2.26), la puissance
crête de l’impulsion initiale est simplement donnée par le produit du rapport entre les durées des
impulsions dispersées, Tp, et initiale, T0, et de la puissance crête de l’impulsion dispersée, qui est
de 23mW, ce qui donne : �



�
	P0 =

Tp
T0
× 23mW= 381mW . (2.32)

Les paramètres de l’impulsion initiale ainsi que ceux du milieu dispersif sont donc parfaitement
connus, à l’exception de δω. Nous pouvons donc réaliser l’excitation cohérente de la microcavité
et observer son efficacité en fonction de ce dernier paramètre.

2.4.3 Excitation cohérente de la microcavité

En nous référant à l’étude concernant le modèle simplifié, la fréquence centrale de l’impulsion
doit être décalée d’environ la moitié du décalage non linéaire de la résonance. La valeur optimale
de δω est alors attendue aux alentours de 10/τ. En vue de valider cette attente, le facteur
d’exaltation du champ est calculé en fonction de δω qui varie de 0 à 20/τ, voir figure 2.13, courbe
en gris pour une excitation limitée par transformée de Fourier, et courbe en rouge pour une
excitation cohérente.
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Figure 2.13 – Évolution du facteur d’exaltation du champ pour une impulsion limitée par transformée de
Fourier (en gris) et sous une excitation cohérente (en rouge).

Comme nous l’attendions, dans les deux cas, la valeur optimale de δω correspond à environ
la moitié du décalage spectral total de la résonance. En effet, l’excitation par une impulsion
limitée par transformée de Fourier donnait un décalage de 10/τ environ. Nous notons des facteurs
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d’exaltation du champ de l’ordre 220 pour l’excitation cohérente et 170 pour l’excitation par
impulsion limitée par transformée de Fourier.

Les figures 2.14 montrent les champs intra-cavité obtenus pour les excitations considérées.
Dans le cas de l’excitation par une impulsion limitée par transformée de Fourier, le champ
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(a) Évolution temporelle du champ sous diffé-
rentes excitations.
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(b) Dérives de la résonance associées aux diffé-
rentes excitations.

Figure 2.14 – Évolutions de l’enveloppe du champ intracavité (a) et dérives associées de la résonance (b).
En noir : une excitation résonante limitée par transformée de Fourier. En gris : la même impulsion mais
avec δω optimisé numériquement. En rouge : le résultat pour une excitation cohérente, avec, sur la figure
(b) en vert, la dérive de fréquence de l’impulsion.

intracavité présente des oscillations, courbe en noir de la figure 2.14a, lorsque δω =0. Le décalage
spectral associé est à peine supérieur à 5/τ, figure 2.14b, courbe en noir. Après optimisation de
δω, les oscillations du champ intra-cavité disparaissent car la phase de l’impulsion compense
en partie les interférences destructives entre le champ intra-cavité et l’impulsion. Le décalage
spectral de la résonance est alors légèrement supérieur et vaut environ 8/τ, courbe en gris. Dans
ce second cas, le facteur d’exaltation du champ atteint la valeur de Mef f = 170.

Lors d’une excitation cohérente, l’enveloppe du champ intracavité est très proche d’une allure
gaussienne, comme le montre la courbe en rouge sur la figure 2.14a, et l’impulsion ne subit
presque aucune distorsion. De plus, l’augmentation du facteur d’exaltation du champ induit une
exaltation des effets non linéaires, comme en atteste la plus forte dérive de la résonance. Celle-ci
atteint la valeur de 16/τ, figure 2.14b, courbe en rouge. Cette augmentation est directement
proportionnelle à la densité de porteurs générée dans la cavité et démontre le renforcement des
non-linéarités dans la cavité. Nous validons également l’accord entre la dérive de fréquence de
l’impulsion qui suit la dérive temporelle de la résonance, la courbe verte étant en très bon accord
avec cette dernière. Nous calculons alors le facteur d’exaltation associé et trouvonsMef f = 225.

Le contrôle cohérent d’une microcavité modèle dans laquelle toutes les non-linéarités sont
prises en compte est alors démontré théoriquement. L’accord entre la dérive de la résonance et la
fréquence instantanée de l’impulsion permet d’atteindre un facteur d’exaltation du champ proche
de celui que nous avions obtenu en ne considérant que les pertes non linéaires. En effet, lorsque
les non-linéarités réfractives étaient omises du modèle, nous trouvions Mef f = 268.

Les calculs menés jusqu’alors ont été effectués avec un modèle simplifié dans lequel les volumes
non linéaires ont été supposés égaux au volume de la cavité. De même, les indices de groupe et
effectif étaient supposés égaux à l’indice du matériau. Dans une microcavité à cristal photonique,
ces hypothèses ne sont plus vérifiées et il faut tenir compte de la structuration du milieu.
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2.5 Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons étudié une microcavité modèle en régime non linéaire. Par

l’intermédiaire du modèle des modes couplés, nous avons étudié les non-linéarités réfractives et
les pertes non linéaires séparément. Cela nous a amenés à mettre en évidence le rôle de chacune
de ces non-linéarités, et nous sommes arrivés à la conclusion que leur impact sur la diminution de
l’énergie stockée est essentiellement imputable à la réfraction non linéaire induite par les porteurs
libres.

En nous basant sur des études récentes traitant du contrôle cohérent, nous avons proposé
une solution, consistant en une mise en forme de la phase spectrale de l’impulsion, permettant
de contrecarrer l’effet de battement dû à la réfraction des porteurs libres. Un modèle simplifié
nous a permis de déterminer l’allure de la phase spectrale à imposer à l’impulsion d’excitation
afin d’augmenter son interaction avec le milieu intracavité. Après avoir posé et déterminé les
différents paramètres d’une impulsion à dérive de fréquence adaptée à la dérive non linéaire de la
résonance, nous avons résolu les équations des modes couplés. Ceci a mené à la détermination les
paramètres de l’impulsion nécessaires à la réalisation d’une expérience de contrôle cohérent.

Lors du prochain chapitre, nous tiendrons compte des dernières simulations pour réaliser
un étireur d’impulsions et ainsi mettre en œuvre expérimentalement l’excitation cohérente de
la microcavité. Les paramètres déterminés ici seront donc indispensables à la conception du
montage.
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3.1 Introduction

Au cours de ce chapitre, nous présenterons les résultats expérimentaux sur le contrôle
cohérent de plusieurs microcavités en silicium sur isolant. L’excitation cohérente nécessite,
comme nous l’avons vu dans le chapitre précédent, d’avoir un contrôle sur la phase spectrale
des impulsions. Pour ce faire, la conception d’un montage permettant la mise en forme des
impulsions est nécessaire. C’est pourquoi, nous avons choisi de réaliser un étireur d’impulsion à
réseau unique [Martinez 1987]. Ce type de montage utilise un réseau de diffraction couplé à un
système afocal qui permet de mettre en forme, à la fois en phase et en intensité, le spectre de
l’impulsion.

L’utilisation d’un étireur d’impulsions permet d’exploiter la dispersion angulaire introduite
par le réseau de diffraction [Treacy 1969] afin de générer des impulsions à dérive de fréquence,
indispensables à la réalisation de l’excitation cohérente des microcavités étudiées dans cette thèse.
Dans le cas d’une dérive de fréquence linéaire, l’allure de la phase dans le domaine temporel est
alors parabolique et peut prendre un signe négatif ou positif.

L’étude, dans un premier temps théorique, de l’étireur d’impulsions donne les ordres de
grandeur en terme de largeur spectrale et de dispersion accessibles par ce montage. Par la suite,
l’étireur a été conçu et caractérisé afin de valider les prédictions théoriques. Une étude préalable
des non-linéarités dans un nanoguide de silicium a permis de valider le montage et de quantifier la
puissance disponible à l’intérieur du guide, ce qui s’avère être indispensable car nous ne pouvons
pas estimer avec précision la puissance injectée dans les cavités.

L’échantillon utilisé a été fabriqué en 2006 et nous a été fourni par Philippe Lalanne dans le
cadre d’une collaboration avec le LP2N - Laboratoire Photonique, Numérique et Nanosciences.
Il comporte plusieurs microcavités dont les propriétés sont très différentes. En particulier, une
cavité, dont la résonance centrée en 1583 nm et le facteur de qualité supérieur à 8 000, correspond
aux critères que nous recherchons pour la réalisation de l’excitation cohérente. Après l’avoir
caractérisée en régime linéaire, nous avons donc étudié cette cavité en régime non linéaire et
sous excitation cohérente. L’efficacité de ce type d’excitation est discutée et analysée en fonction
des différents paramètres mis en jeux. Au cours de notre étude, nous avons utilisé le modèle des
modes couplés établi dans le premier chapitre, afin de donner une meilleure interprétation des
résultats expérimentaux. En particulier, cela nous a été indispensable pour confirmer l’exaltation
des non-linéarités induites par les porteurs libres lors d’une excitation par une impulsion à dérive
de fréquence positive.

À la fin de ce chapitre, nous présentons des méthodes de simulations numériques permettant de
concevoir d’autres microcavités. Cette thèse a en effet donné lieu à la conception de cavités, dans
le cadre d’une collaboration avec l’Institut d’Électronique Fondamentale (IEF). Nous présentons
alors les cavités qui ont été fabriquées à l’IEF et les analysons en régime linéaire afin de valider
les simulations numériques. Certaines de ces cavités ont également été étudiées en régime non
linéaire et sous contrôle cohérent.

3.2 Mise en forme d’impulsions à l’aide d’un étireur à réseau unique

3.2.1 Principe

Nous souhaitons réaliser un étireur d’impulsions afin de générer des impulsions à dérive de
fréquence. Cet élément, schématisé sur la figure 3.1, permet de disposer d’une dispersion réglable,
φ(2), pouvant prendre un signe positif ou négatif. Les caractéristiques des impulsions délivrées
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Figure 3.1 – Schéma de principe du montage.

par l’étireur doivent donc impérativement être compatibles avec celles effectuées lors du chapitre
précédent. Ceci implique que la longueur d’onde centrale des impulsions en sortie de l’étireur
doit être ajustable sur quelques nanomètres autour de la résonance de la cavité, ce qui, lors
du chapitre précédent, correspondait à l’ajustement du paramètre δω (la différence entre la
fréquence centrale de l’impulsion et la résonance de la cavité en régime linéaire).F De même, les
impulsions en sortie de l’étireur doivent posséder une largeur spectrale de 20/τ environ, soit 2 nm
(τ représente le temps de vie des photons dans la cavité). En plus de disposer d’un paramètre de
dispersion φ(2) ajustable de +20 ps2 à −20 ps2 (valeurs traitées dans le second chapitre), nous
devons donc également avoir un contrôle sur la largeur spectrale de l’impulsion et de sa longueur
d’onde centrale.

Nous proposons de répondre à ces exigences en utilisant un laser large bande, délivrant des
impulsions femtoseconde. Le spectre des impulsions étant beaucoup plus large que les 2 nm
nécessaires, nous proposons d’utiliser l’étireur d’impulsion afin de filtrer le spectre du laser, à
l’aide du dispositif de lames de filtrage [Walmsley 2001]. Cette partie du système sera détaillée
dans la suite et nous verrons que cela permet à la fois un contrôle sur la longueur d’onde centrale
de l’impulsion et sur sa largeur spectrale.

Un dernier paramètre, et non des moindres, est la puissance nécessaire en sortie de l’étireur
pour obtenir les effets non linéaires escomptés après injection des impulsions ainsi mises en
forme dans des nanoguides. Nous avons vu, dans le chapitre précédent, qu’afin d’atteindre une
densité de porteurs libres suffisante, une énergie de l’ordre d’une picojoule est nécessaire. Cela
signifie, en admettant un taux de couplage de l’ordre de 3% entre la sortie de l’étireur et la
cavité [Kroeger 2010b], que l’énergie de l’impulsions en sortie de l’étireur doit être de l’ordre de
30 pJ.

3.2.2 Propriétés de la source laser

Le laser utilisé est un oscillateur à fibre dopée Erbium dont les impulsions émises à la
cadence de 49,39MHz 1 fournissent une puissance moyenne de 20mW. Le spectre de l’oscillateur,
tracé en échelle logarithmique sur la figure 3.2, est centré autour de 1584 nm et une largeur
spectrale d’environ 60 nm à mi-hauteur. La longueur d’onde centrale du spectre du laser est donc
parfaitement adaptée à la longueur d’onde de résonance de la cavité qui est de 1583 nm. De plus,
la source est dotée d’un étage d’amplification composé d’une fibre monomode dopée Erbium
permettant d’atteindre une puissance moyenne de 182mW en sortie, ce qui correspond à une
énergie d’environ 3,7 nJ par impulsion [Morin 2010].

Puisque la fibre de sortie de l’amplificateur est collimatée, nous disposons d’un faisceau de
sortie se propageant en espace libre. L’enregistrement de plusieurs spectres successifs montre que
l’allure de ce dernier dépend très fortement de la puissance des diodes de pompe. Ceci est la
signature d’une forte automodulation de phase dans la fibre de l’amplificateur. Étant donné que
l’impulsion initiale doit être en limite de Fourier, il faudra vérifier, par la suite, que les impulsions
en sortie de l’étireur possède une phase constante à dispersion nulle.

1. Mesurée à l’oscilloscope.
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Figure 3.2 – Spectre de l’oscillateur laser.

Avant de répondre à cette exigence, nous devons concevoir l’étireur d’impulsions et valider
son fonctionnement. Les sections qui suivent sont donc consacrées à l’étude, la réalisation et la
caractérisation de l’étireur d’impulsions.

3.2.3 Dispersion introduite par deux réseaux de diffraction

L’élément sur lequel repose l’étireur est un réseau de diffraction. Celui-ci permet d’introduire
une dispersion angulaire en longueur d’onde, comme illustré par la figure 3.3a. L’angle diffracté
par le réseau est ainsi fonction de la longueur d’onde. L’ajout d’un second réseau peut être utilisé
pour obtenir un faisceau collimaté, ce qu’illustre la figure 3.3b.

(a) Dispersion angulaire in-
troduite par un réseau de
diffraction.

(b) Système à deux ré-
seaux.

Figure 3.3 – Dispersion angulaire introduite par un réseau, et système à deux réseaux pour lequel les
longueurs d’onde de l’impulsion parcourent des chemins optiques différents et sont étalées spatialement

Suite à la dispersion angulaire introduite par le premier réseau, le chemin optique parcouru par
le faisceau est fonction de la longueur d’onde. Ainsi, chaque composante spectrale de l’impulsion
possède un temps de propagation différent. Ce retard de groupe peut être calculé à partir de la
loi des réseaux, lorsque seul le premier ordre de diffraction est considéré :

sinθR = sinθi −
λ

Λ
, (3.1)

où θi et θR correspondent à l’angle d’incidence sur le premier réseau et l’angle réfracté sur ce
même réseau, comme le montre la figure 3.4a. Cette formule fait également intervenir la période



3.2. Mise en forme d’impulsions à l’aide d’un étireur à réseau unique 65

(a) Réfraction d’un faisceau mo-
nochromatique par un réseau de
diffraction.

(b) Système à deux réseaux :
réfraction de deux longueurs
d’onde différentes.

Figure 3.4 – Réseaux de diffraction et introduction de dispersion chromatique et spatiale.

Λ des réseaux et montre clairement la dépendance en longueur d’onde de l’angle θR réfracté
par le réseau. L’expression du chemin optique parcouru par chaque composante spectrale de
l’impulsion est directement liée à l’angle réfracté par le réseau. Ainsi, nous définissons les chemins
optiques p = PABQ et p′ = PAB′Q′ repérés sur la figure 3.4b. Nous pouvons alors en déduire le
temps de propagation du faisceau rouge et du faisceau bleu [Treacy 1969] :

∆trouge =
p

c
et ∆tbleu =

p′

c
, (3.2)

où le temps de propagation du faisceau bleu est différent car il dépend du chemin optique p′,
différent de p.

Le temps de groupe de l’onde est donc une fonction de la longueur d’onde et de la distance g
qui sépare les deux réseaux :

τg =
g

ccos (θR)
[1+ cos (θR+ θi)], (3.3)

Ceci nous permet également de remonter à la dispersion de la vitesse de groupe φ(2) =
dτg
dω

∣∣∣∣
ω0

subie par le faisceau (Annexe D et [Agrawal 2008]) :�



�
	φ(2) =

−4π2cg

Λ2ω3 cos3 (θR)
. (3.4)

Nous voyons alors que la dispersion obtenue possède un signe négatif [Fork 1984,Treacy 1969].
Elle dépend linéairement de la distance g entre les réseaux et est proportionnelle au carré du
nombre de traits par millimètre du réseau 1/Λ.

Cependant, dans ce type de configuration à deux réseaux, le faisceau est étalé en sortie et
chaque position transverse dans le faisceau coïncide avec une longueur d’onde donnée. Le faisceau
perd en cohérence spatiale et nous dirons qu’il est « chirpé » spatialement (les longueurs d’ondes
sont étalées spatialement). Cet effet indésirable peut être compensé en utilisant un miroir qui
renvoie la lumière en sens inverse, ce qui a pour effet de recollimater le faisceau sur le premier
réseau et de doubler la valeur de la dispersion.

Notre objectif est de suivre la dérive, induite par les porteurs libres, de la résonance d’une
cavité. Or, nous avons vu, lors du chapitre précédent, que la dérive de fréquence de l’impulsion
doit être positive (équation (2.31), page 56). Bien que l’assemblage de deux réseaux de diffraction
ne remplisse pas cette condition, une structure similaire, appelée « étireur d’impulsions », induit
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une dispersion φ(2) qui peut prendre une valeur soit négative soit positive. Ce système semble
donc répondre à nos exigences et devrait mener à la mise en forme d’impulsions souhaitée.

3.2.4 Étireur d’impulsions à réseau unique

Bien que le principe de fonctionnement d’un étireur soit similaire à celui d’un assemblage
de deux réseaux, qui trouve d’ailleurs le nom de compresseur, en raison du signe négatif de
sa dispersion, celui-ci possède un certain nombre de degrés de liberté supplémentaires dont,
par exemple, la possibilité de choisir le signe de φ(2). Cette structure s’avère particulièrement
intéressante dans notre cas, car nous souhaitons obtenir une dispersion positive alors que
celle d’un compresseur est forcément négative [Martinez 1989b,Martinez 1988,Martinez 1987,
Martinez 1989a,Martinez 1986,Martinez 1984]. De plus, ce type de montage permet également
de façonner le spectre de l’impulsion [Goswami 2003], comme nous le verrons par la suite.

Un étireur à deux réseaux [Weber 2010] est constitué de deux lentilles convergentes afin de
collimater le faisceau dispersé spatialement par le premier réseau. En effet, comme le montrent
les figures 3.5, le faisceau incident est dispersé par le premier réseau. Lorsque le premier réseau
est placé au foyer d’une lentille convergente, comme le montre le schéma de la figure 3.5a, le
faisceau obtenu est collimaté. En plaçant une seconde lentille, identique à la première, dont le

(a) Étireur en configuration 4f. (b) Étireur avec dispersion.

Figure 3.5 – Étireur à deux réseaux en configuration 4f et avec dispersion.

plan focal est confondu avec celui de la première lentille, le faisceau est alors focalisé sur un
second réseau, placé à la distance focale f de la lentille. En utilisant un miroir de renvoi, le
faisceau parcourt le même chemin en sens inverse et l’impulsion obtenue en sortie est identique à
celle qui était présente en entrée. Les plans focaux des deux lentilles sont confondus en un plan
appelé « plan de Fourier ». Cette appellation est choisie en raison du fait que, dans ce plan, les
longueurs d’onde de l’impulsion sont distribuées spatialement et forme une image du spectre de
l’impulsion. L’intérêt de ce montage est de pouvoir manipuler le spectre de l’impulsion dans le
plan de Fourier, soit en intensité, soit en phase, par l’intermédiaire d’un masque d’intensité ou
de phase.

Dans notre cas, la possibilité de pouvoir façonner le spectre en intensité est très intéressante
car la bande spectrale du laser possède une largeur de plus de 50 nm alors que nous souhaitons
disposer d’impulsion d’environ 2 nm de large. Le filtrage du spectre sera alors effectué en insérant
des lames de filtrage dont l’écart fixera la largeur spectrale de l’impulsion.

Une impulsion dispersée, avec un paramètre φ(2) négatif ou positif est obtenue lorsque les
réseaux ne se trouvent pas aux foyers des lentilles (L , f ). Une dispersion angulaire induite par
le second réseau apparaît, comme illustré sur la figure 3.5b, où nous voyons que le faisceau, bien
qu’approximativement 2 collimaté dans le plan de Fourier, n’est plus focalisé sur le second réseau,

2. Nous supposerons que |L− f | � f , la divergence du faisceau peut donc être négligée (ce qui sera vérifié
expérimentalement par la suite).
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il ressort presque collimaté mais avec un chirp spatial dès lors qu’il a atteint le second réseau. Par
conséquent, l’utilisation d’un miroir devient indispensable pour renvoyer la lumière en sens inverse
afin de compenser ce chirp spatial. De la même manière qu’avec un compresseur, la dispersion
est doublée. Nous pouvons alors faire une analogie entre un étireur et un compresseur dont la
distance entre les deux réseaux est de 2(L− f ) [Zhang 1995]. De cette manière, la dispersion φ(2)

d’un étireur se calcule simplement et vaut (voir annexe D) :�



�
	φ(2) =

−8π2c(L− f )
Λ2ω3 cos2 (θR)

. (3.5)

La différence majeure par rapport à la dispersion induite par un étireur, exprimée par l’équation
(3.4), réside dans le terme L−f qui peut prendre des valeurs positives ou négatives. Le terme φ(2)

étant proportionnel à cette quantité, le signe de la dispersion peut être aussi bien positif que négatif.
Dans le cadre de l’excitation cohérente d’une microcavité, cela peut s’avérer très intéressant de
disposer à la fois de dispersions positives et négatives. En effet, deux impulsions dont dispersées
et dont le signe de φ(2) est opposé présentent exactement la même durée d’enveloppe, et donc la
même énergie, seule leur phase est différente. Nous pouvons donc envisager la réalisation d’une
excitation cohérente visant à maximiser l’interaction lumière-matière et une seconde excitation,
qui diffère par le signe de φ(2), en vue de montrer une interaction lumière-matière plus faible.

Avant de poursuivre avec la conception de l’étireur, nous cherchons à développer un étireur à
un seul réseau et une seule lentille, ce qui a déjà été démontré [Martinez 1987]. De cette façon,
la dispersion est introduite en ne déplaçant qu’un seul réseau par rapport à la lentille, alors
que dans le système à deux réseaux, le déplacement des deux réseaux est nécessaire. Un étireur
possédant un seul réseau et une seule lentille est appelé "configuration" à quatre passages. En
effet, le plan de Fourier décrit par les systèmes des figures 3.5 est remplacé par un miroir, et le
miroir des figures 3.5 par un rétro-réflecteur. Le schéma de principe d’une configuration à quatre
passages [Monmayrant 2005] est détaillé sur la figure 3.6 que nous décrivons par la suite.

Entrée Sortie

1

2
3

4

Figure 3.6 – Schéma de principe d’un étireur d’impulsions à quatre passages.

Le faisceau incident est volontairement positionné au dessus de l’axe optique de la lentille et
matérialisé par le trait rouge inférieur de la vue de côté sur la figure 3.6. De cette façon, dans
le plan du miroir le faisceau est focalisé au point focal image de la lentille puis réfléchi (traits
verts). Ainsi, le faisceau dispersé par le réseau en dessous de l’axe optique de la lentille. Le
rétro-réflecteur est alors utilisé afin de renvoyer la lumière encore plus bas (traits noirs), ce qui,
après le passage à travers la lentille et la réflection sur le miroir permet de renvoyer le faisceau
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dans la partie supérieure de la lentille, au dessus du faisceau incident (traits bleus). De cette
manière, le faisceau sortant peut être extrait à l’aide d’un miroir (trait rouge supérieur).

Une photographie du montage est montrée sur la figure 3.7. Nous voyons que l’introduction

Rail principal

Platine de 
translation

Figure 3.7 – Photographie de l’étireur d’impulsions.

de la dispersion se fait par la translation d’un rail principal, repéré en vert, sur lequel sont fixés
le miroir et la lentille. De cette manière, ces deux éléments, solidaires du réseau, se déplacent et
induisent la dispersion recherchée. Une platine de translation, fixée sur le rail et repérée en rouge
sur la figure, permet d’effectuer des déplacements plus précis de l’ensemble lentille/miroir sur
une distance totale de 2,5 cm.

Ce montage permet donc de disposer de tous les avantages d’un étireur, à savoir une dispersion
ajustable en fonction de la distance entre la lentille et le réseau, et un plan de Fourier permettant
le façonnage spectral de l’impulsion. Nous pouvons à la fois sélectionner la bande spectrale
du laser nécessaire à l’excitation de la cavité tout en introduisant une dispersion φ(2) dont le
signe et la valeur dépendent de la position du réseau par rapport à la lentille. Cependant, la
distance entre le réseau et la lentille est limitée car, le faisceau d’entrée peut être bloqué par
cette dernière si elle se trouve trop proche du réseau. Or, il se trouve justement, au regard de
l’équation (3.5), qu’une dispersion φ(2) positive s’obtient en approchant la lentille du réseau
de diffraction. Cette limitation doit être prise en compte et le choix du réseau en dépend très
fortement car la dispersion doit atteindre 20 ps2 sur une distance limitée à 8 cm environ. Un bon
choix des paramètres du réseau de diffraction est donc essentiel.

3.2.5 Caractéristiques du réseau de diffraction

La dispersion φ(2) d’ordre deux introduite par le système à deux réseaux est proportionnelle
au carré de la densité de traits par millimètre (comme en témoigne l’équation (3.5)), le réseau doit
donc posséder une densité de traits la plus élevée possible. De plus, son efficacité de diffraction
doit être maximale aux longueurs d’onde d’intérêt, à savoir proches de 1580 nm. Pour répondre
à ces contraintes, le réseau retenu, dont la réflectivité est extraite du catalogue Thorlabs et
présentée en figure 3.8, possède 1200 traits par millimètre et une , d’environ 95

En vue de valider les données communiquées par le constructeur, nous effectuons une mesure
de l’efficacité du réseau entre 1520 et 1620 nm, à l’aide d’une source continue accordable en
longueur d’onde. Le réseau n’étant efficace que pour une polarisation TE, l’utilisation d’un
cube polariseur suivi d’une lame demi-onde a été nécessaire, comme le montre le schéma de la



3.2. Mise en forme d’impulsions à l’aide d’un étireur à réseau unique 69

TE

Figure 3.8 – Efficacité du réseau : courbe constructeur. La référence catalogue du réseau est : GR50-1208.

figure 3.9a. La mesure de puissance a été réalisée directement à l’aide d’un puissance-mètre placé
juste après le réseau de diffraction. La figure 3.9b présente le rapport entre la puissance mesurée
après diffraction par le réseau et la puissance incidente en fonction de la longueur d’onde. Le
résultat obtenu est très proche de la donnée constructeur et démontre une efficacité supérieure à
70% pour des longueurs d’onde inférieures à 1600 nm.
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(b) Efficacité du réseau : courbe mesurée.

Figure 3.9 – Caractérisation du réseau de diffraction.

Cette mesure a été effectuée pour un angle d’incidence très proche de l’angle « Littrow » du
réseau, qui peut être déterminée à partir de l’équation (3.1). Lorsque la condition Littrow est
satisfaite, l’onde diffractée possède le même angle que l’onde incidente, c’est-à-dire : θLittrow =

θR = θi . Cet angle se détermine à partir de l’expression suivante :

θLittrow = arcsin
(
λ0

2Λ

)
. (3.6)

L’efficacité de diffraction du réseau dépend de l’angle d’incidence du faisceau et se trouve
maximale à l’angle Littrow, qui dans notre cas vaut θLittrow = 71,77◦. Cependant, afin d’extraire
le faisceau de sortie, le faisceau incident doit posséder un angle légèrement différent de l’angle
Littrow, ce qui a inévitablement un effet sur la réflectivité du réseau. Le réseau étant placé sur un
support rotatif, nous pouvons mesurer son efficacité en fonction de l’angle du faisceau incident.
La mesure précédente (figure 3.9b) a été effectuée pour un angle décalé de 3 degrés par rapport
à la condition Littrow.
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Nous souhaitons évaluer l’impact d’une déviation de l’angle d’incidence par rapport à la
condition Littrow sur l’efficacité du réseau. La figure 3.10 présente ainsi la mesure de l’efficacité
du réseau en fonction du désaccord entre l’angle du rayon incident et l’angle Littrow, à la
longueur d’onde de 1550 nm. Nous constatons que l’efficacité reste relativement constante pour
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Figure 3.10 – Efficacité du réseau en fonction de l’angle d’incidence du faisceau.

un désaccord inférieur à 6 degrés. En revanche, lorsque ce désaccord devient de l’ordre de 9
degrés, l’efficacité du réseau chute très rapidement. Cette donnée est très importante et il faudra
en tenir compte pour la suite. En effet, plus l’angle est élevé, plus nous pouvons rapprocher la
lentille du réseau et obtenir une dispersion élevée. Cependant, un angle trop élevé tend à réduire
l’efficacité de diffraction du réseau, nous devons donc trouver un compromis raisonnable, ce qui
nécessite une mesure de la dispersion φ(2) en fonction de la distance entre le réseau et la lentille.

3.2.6 Caractérisation de l’étireur

L’étireur a été caractérisé à l’aide d’un autocorrélateur fourni par Marc Hanna, dont les
conseils ont été d’une grande aide. Dans le but de réduire la distorsion du spectre dans le plan de
Fourier, la lentille utilisée est un doublet achromatique qui possède une distance focale équivalente
d’environ 200mm 3. Cette valeur, en utilisant toute la course disponible, soit 8 cm, en supposant
un angle d’incidence éloigné de 7 degrés de la condition Littrow, et en utilisant l’équation (3.5),
prédit une dispersion de 18 ps2.

Le schéma expérimental est détaillé sur la figure 3.11, où le faisceau laser passe au travers
d’une lame demi-onde, puis d’un cube polariseur suivi d’une seconde lame. Cette partie du système
permet de régler la puissance injectée dans l’étireur et d’avoir un contrôle sur la polarisation de
la lumière, car celle-ci doit être transverse électrique pour que le réseau soit efficace.

De plus, un dispositif de lames de filtrage a été inséré dans le plan de Fourier, contre le
miroir [Renard 2004]. Celui-ci permet de contrôler finement la largeur spectrale et la longueur
d’onde centrale de l’impulsion, en filtrant les fréquences non souhaitées, comme nous l’avons
décrit auparavant.

La lumière en sortie de l’étireur est couplée, par le biais d’une lame de verre biseautée, à la
fois dans un autocorrélateur et un analyseur de spectre optique. L’impulsion sortante peut donc
être caractérisée à la fois dans le domaine temporel et fréquentiel. Par la suite, nous mesurons
la dispersion obtenue en déplaçant finement la platine de translation, ce qui nous permettra de
connaître les valeurs limites de la dispersion accessible.

3. La référence Thorlabs du doublet est : AC508-200-C.
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Lames de filtrage

Figure 3.11 – Schéma expérimental de l’étireur à quatre passages.

Dans un premier temps, les lames de filtrage ne sont pas utilisées, afin de caractériser
l’impulsion en sortie de l’étireur. La largeur spectrale de l’impulsion est d’environ 25 nm, car
celle-ci est filtrée par la dimension du miroir. Cependant, un chirp spatial résiduel provoque
une réduction de cette largeur spectrale, voir figure 3.12a, et une coupure floue des bords du
spectre . En utilisant l’autocorrélateur, la durée à mi-hauteur de l’autocorrélation de l’impulsion
est mesurée à 742 fs, voir figure 3.12b. La forme dissymétrique de l’impulsion témoigne d’une
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(b) Autocorrélation de l’impulsion.

Figure 3.12 – Caractérisation de l’impulsion non filtrée en sortie de l’étireur.

automodulation dans la fibre de l’amplificateur du laser. L’impulsion en configuration 4f n’est
pas limitée par transformée de Fourier. À noter également qu’une variation du courant des diodes
de pompe de l’amplificateur entraîne une forte déformation du spectre de l’impulsion et modifie
sa durée, ce qui est aussi une signature de l’automodulation de phase.

Par une mesure de puissance en sortie du laser et en sortie de l’étireur nous obtenons le
rendement de l’étireur, mesuré à environ 25%. Sachant que l’efficacité moyenne du réseau sur la
bande spectrale considérée est d’environ 80%, d’après la figure 3.9b, et que l’angle d’incidence est
estimé à 7 ou 8 degrés de l’angle Littrow, ce qui constitue une diminution de l’efficacité de 5%
environ (d’après la figure 3.10), le rendement attendu est de (0,8×0,95)4, soit environ 30%. Cette
valeur est proche du rendement mesuré et la légère différence entre les deux valeurs peut être
expliquée par le fait que le miroir du plan de Fourier coupe une partie du spectre de l’impulsion.
L’énergie de l’impulsion en sortie de l’étireur est donc de l’ordre de 0,9 nJ.En ne conservant que



72 Chapitre 3. Excitation cohérente de microcavités non linéaires en silicium sur isolant

10% du spectre, pour une largeur spectrale d’environ 2 nm, nous obtenons 90 pJ. Nous pouvons
donc anticiper une énergie de 2,7 pJ injectée dans l’échantillon 4, ce qui est supérieur au pJ
attendu, valeur que nous avions utilisée lors des simulations numériques du second chapitre.

Le balayage de la dispersion entraîne une variation de la durée de l’impulsion et de sa
puissance crête (par conservation de l’énergie), comme détaillé dans le chapitre précédent. Ce
faisant, l’autocorrélateur donne accès à la durée de l’autocorrélation de l’impulsion en fonction de
la position de la platine de translation sur laquelle sont fixés le miroir et la lentille. La figure 3.13
montre l’évolution de la durée à mi hauteur de l’autocorrélation de l’impulsion en fonction de
cette position. Contrairement à ce que suggère l’équation (3.5), cette courbe n’est pas symétrique
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Figure 3.13 – Évolution de la durée de l’impulsion en sortie de l’étireur en fonction de la position de la
platine de translation.

par rapport au zéro de dispersion (atteint pour une position de platine de 15mm). En effet, en
théorie, la durée de l’impulsion est directement liée à φ(2), comme nous l’avons vu au travers de
l’équation (2.25), page 55, dans le chapitre précédent.

Cet effet est dû à la fois à la présence d’une phase spectrale dans l’impulsion en sortie du
laser et à la dispersion d’ordre trois φ(3) induite par le réseau de diffraction. Comme nous le
démontrons en annexe D, le terme de phase φ(3) du réseau devient non négligeable dès lors que
la largeur spectrale de l’impulsion excède 15 nm, ce qui est le cas ici. Celui-ci s’exprime 5 :

φ(3) =
24π2c(L− f )
Λ2ω4 cos2 (θR)

(
1+

2πc sin (θR)
Λωcos2 (θR)

)
, (3.7)

et est de signe opposé au φ(2).
Le terme de phase en sortie du laser, dû à la fois à l’automodulation de phase et la dispersion

dans la fibre optique de l’amplificateur, peut être développé en série de Taylor et possède donc
un terme en φ(3). L’influence du φ(3) du réseau sur ce terme explique alors l’allure de la courbe
observée sur la figure 3.13, où d’un côté le φ(3) du réseau compense celui du laser (là où la durée
d’impulsion est la plus courte, donc pour des positions supérieures à 15mm), et de l’autre côté il
s’y ajoute.

La détermination de la dispersion à partir de ces données n’est pas aisée car l’impulsion
n’est pas limitée par transformée de Fourier. Cependant, l’utilisation d’un filtrage du spectre

4. en considérant un taux de couplage de l’ordre de 3%.
5. Le calcul est détaillé dans l’annexe D.
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pourrait résoudre ce problème et réduire l’effet de la phase en φ(3). Nous insérons des lames
de filtrage dont l’écart et la position sont réglables, ce qui autorise une sélection à la fois de la
longueur d’onde centrale et de la largeur spectrale de l’impulsion. Avec ce système, n’importe
quelle largeur est accessible sur toute la gamme spectrale du laser. La longueur d’onde peut être
sélectionnée de 1570 nm à environ 1600 nm et la largeur spectrale de l’impulsion, qui dépend de
l’écart entre les deux lames, de moins de 1 nm à plus de 10 nm.

Dans la configuration retenue, les lames sont telles que la largeur spectrale peut varier de
3,7 nm à 7,3 nm 6. La largeur spectrale est fixée à la valeur de 7,3 nm, ce qui permettra de
déterminer le rôle de la phase sur un spectre relativement large par rapport aux 2 nm que
nous souhaitons utiliser. La figure 3.14a montre que le spectre obtenu est approximativement
rectangulaire et que le taux d’extinction dépasse largement les 30 dB. Les lames de filtrage
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(b) Autocorrélation de l’impulsion.

Figure 3.14 – Caractérisation de l’impulsion filtrée en sortie de l’étireur.

permettent donc d’obtenir une impulsion dont le spectre est presque parfaitement rectangulaire
et valide la qualité de l’alignement de l’étireur. L’autocorrélation de l’impulsion, fig. 3.14b, donne
une durée à mi-hauteur de 1,43 ps.

Nous effectuons une simulation numérique afin de déterminer, à partir d’un spectre rec-
tangulaire d’une largeur de 7,3 nm, tracé sur la figure 3.15a (une supergaussienne d’ordre 32
a été utilisée), l’autocorrélation de l’impulsion. La durée de l’autocorrélation calculée est de
1,42 ps pour une impulsion limitée par transformée de Fourier. L’impulsion simulée est tracée
sur la figure 3.15b, sur laquelle nous avons également tracé sans aucun ajustement, en pointillés,
l’autocorrélation de l’impulsion mesurée en sortie de l’étireur. Nous en concluons donc que
l’impulsion est limitée par transformée de Fourier : la phase introduite par l’amplificateur à fibre
est négligeable sur une largeur spectrale de 7 nm.

Nous mesurons maintenant la durée de l’autocorrélation de l’impulsion en fonction de la
position de la lentille par rapport au réseau. La variation de la dispersion fait apparaître une
courbe symétrique, comme le montre la figure 3.16a, démontrant à nouveau le rôle négligeable de
l’automodulation de phase de la fibre amplificatrice du laser. Le calcul numérique de la durée de
l’autocorrélation de l’impulsion en fonction de la dispersion φ(2) donne une courbe très similaire,
tracée sur la figure 3.16b. Mesure et simulation sont en très bon accord et montrent que la durée
de l’impulsion dépend linéairement de la position de la lentille. Cela signifie que φ(2)� T2

0 , avec
T0 la durée de l’impulsion, qui dans notre cas, est d’une picoseconde (l’autocorrélation d’un sinus

6. Ces valeurs sont directement reliées à l’écart mécanique entre les deux lames de filtrage.
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Figure 3.15 – Calcul de l’autocorrélation d’une impulsion à spectre rectangulaire.
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Figure 3.16 – Mesure et calcul de la durée de l’impulsion en sortie de l’étireur.

cardinal 7 d’une picoseconde donne une durée de 1,4 ps.).
Les mesures de durée d’impulsions de la figure 3.16a peuvent être projetées sur les valeurs

calculées, tracées sur la figure 3.16b, afin de déterminer la dispersion en fonction de la position
de la platine. La figure 3.17 montre la courbe ainsi obtenue et qui possède une allure linéaire.
Nous pouvons donc déterminer sa pente ξ et ajuster la courbe par une droite, comme le montre
la courbe verte de la figure 3.17. Avec une précision de l’ordre du dixième de millimètre, la
platine autorise une précision d’environ 0,02 ps2 sur la mesure de la dispersion, ce qui est plus
que suffisant pour nos expériences. La valeur obtenue pour la pente ξ est de :

ξ= 2,4± 0,02ps2/cm . (3.8)

Ceci démontre que nous disposons d’un montage capable d’introduire une dispersion d’ordre
deux, φ(2), dont la valeur et le signe sont ajustables. De plus, pour une dispersion nulle, l’impulsion
est limitée par transformée de Fourier, ce qui signifie que nous pouvons comparer l’excitation
cohérente à une excitation par impulsion limitée par transformée de Fourier.

7. L’impulsion ayant un spectre proche d’un rectangle, sa transformée de Fourier inverse correspond approxi-
mativement à un sinus cardinal.
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Figure 3.17 – Données expérimentales et ajustement numérique de la dispersion en fonction de la position
de la platine.

Nous en concluons que l’utilisation du rail complet, c’est-à-dire une distance de 8 cm, permet
d’atteindre des dispersions de l’ordre de 19 ps2, ce qui correspond aux valeurs déterminées dans
le chapitre précédent et à ce que nous avons prédit en supposant un angle d’incidence dévié de 7
degrés par rapport à l’angle Littrow.

Bien évidemment, les lames de filtrage coupent une partie du spectre et la puissance disponible
en sortie de l’étireur en est fortement réduite. Selon le réglage des diodes de pompe, nous pouvons
maximiser la puissance dans cette région de l’étendue spectrale du laser afin d’obtenir une
puissance moyenne de l’ordre de 10mW 8.

Nous pouvons donc effectuer un calcul de la puissance crête de l’impulsion dans ce régime
de fonctionnement. La simulation numérique de l’impulsion à spectre rectangulaire donne une
estimation de la durée de l’impulsion à 1,04 ps. En tenant compte du taux de répétition du laser,
cela mène à une puissance crête de 240W et une énergie de 0,25 nJ par impulsion. Toujours en
considérant un taux de couplage de 3% dans l’échantillon, nous obtenons une énergie de 7,5 pJ.
Cela reste suffisant, car en supposant l’utilisation d’un spectre de 2 nm de large, nous disposerions
d’environ 2 pJ, comme attendu.

Afin de quantifier précisément le couplage entre la sortie de l’étireur et l’échantillon, nous
choisissons de l’évaluer à partir de l’étude d’un nanoguide en régime non linéaire. Comme l’ont
démontré Alexandre Baron et Félix Kroeger dans leurs thèses [Baron 2010,Kroeger 2010b], une
telle étude donne accès au taux de couplage et donc à l’énergie couplée dans l’échantillon.

3.3 Effets non linéaires dans un nanoguide de silicium

Un nanoguide de silicium possède une section rectangulaire et est déposé sur un substrat de
silice. Une photographie d’un tel guide est montrée sur la figure 3.18, sur laquelle nous voyons
une facette du guide. Le guide que nous étudions mesure environ 1 cm et possède une section de
520 nm pour une hauteur de 340 nm. Il est situé sur le même échantillon que la cavité que nous
étudierons plus tard, et se trouve même juste à côté de cette dernière.

Dans un premier temps, et par l’intermédiaire d’une étude de la transmission du nanoguide
en régime linéaire, nous quantifions la stabilité de l’injection lorsque la platine de translation de

8. Cette puissance est variable et dépend du point de fonctionnement du laser
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Figure 3.18 – Photographie prise au MEB, tirée de [Baron 2010], d’un nanoguide en silicium.

l’étireur est déplacée afin de disperser l’impulsion. Par la suite, une caractérisation linéaire du
guide sera effectuée en vue de déterminer certains de ses paramètres, comme les pertes linéiques,
utiles à l’établissement du modèle non linéaire du guide. La caractérisation en régime non linéaire
du guide sera réalisée avec comme objectif la détermination de l’énergie injectée dans le guide.
La cavité étant gravée sur un guide dont la géometrie est identique, nous nous appuierons sur
ces résultats pour estimer la quantité de lumière couplée dans l’échantillon.

3.3.1 Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental est constitué de l’étireur d’impulsion, dont la sortie est injectée
dans le nanoguide par le biais d’un objectif de microscope, comme le montre la figure 3.19. Une
lame demi-onde est placée juste avant l’objectif afin d’ajuster la polarisation transverse électrique
(TE) de l’onde injectée. L’objectif de microscope possède une ouverture numérique de 0,85 et
un grossissement de 60×. Un second objectif, identique au premier, est utilisé afin d’extraire la

ASO

Lames de filtrage

Échantillon

Figure 3.19 – Schéma expérimental de l’étireur à quatre passages.

lumière du nanoguide. Sur le trajet du faisceau collimaté, un cube polariseur est inséré afin de
filtrer l’état de polarisation en sortie du guide (ce qui sera indispensable pour réaliser la même
expérience avec une microcavité). L’onde polarisée est ensuite injectée dans un dernier objectif
de microscope, qui focalise le faisceau dans le coeur d’une fibre optique monomode. Cette fibre
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est directement connectée à un analyseur de spectre optique, afin de mesurer le spectre transmis
par le guide.

Nous souhaitons, dans un premier temps, évaluer la stabilité de l’injection lorsque la lentille
et le miroir de l’étireur se déplacent. Ceci afin de valider le bon alignement de l’ensemble du
montage.

3.3.2 Évolution de l’injection en fonction de la dispersion

Nous effectuons un ensemble de 50 mesures au cours desquelles la dispersion varie de −3
à +3 ps2, en utilisant uniquement le rail de la platine de translation, ce qui correspond à une
distance parcourue de 2,5 cm. Le résultat de ces mesures est présenté sur la figure 3.20, qui
montre les 50 spectres acquis. Nous observons clairement que la largeur spectrale est conservée,
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Figure 3.20 – Superposition de spectres transmis pour 50 valeurs de dispersion différentes.

en revanche, l’intensité varie très légèrement, ce qui est le résultat d’un très léger desalignement
du faisceau. Ce léger décalage du faisceau est cependant relativement négligeable car si nous
calculons la différence d’énergie couplée entre les deux spectres extrêmes, nous trouvons une
valeur inférieure à 8%. Nous supposerons donc par la suite que cet effet est négligeable et que
l’énergie de l’impulsion est approximativement la même quelque soit la dispersion appliquée.

3.3.3 Caractérisation linéaire du guide

Avant de caractériser ce nanoguide en régime non linéaire, nous devons déterminer certains
de ses paramètres, comme ses pertes linéaires αl et son indice de groupe.

À l’aide d’une source accordable en longueur d’onde de 1520 à 1620 nm, nous effectuons une
mesure de la transmission linéaire de ce guide. La figure 3.21a montre le spectre transmis à travers
le guide. En utilisant une résolution de 1 pm, nous observons une forte modulation sinusoïdale
(en encart) de la transmission. Cette modulation sinusoïdale de la transmission du guide provient
d’un effet Fabry-Perot entre les faces clivées de l’échantillon. En effet, l’interface entre la facette
du guide en silicium et l’air entraîne des réflexions de Fresnel, dont le coefficient de réflexion est
de l’ordre de 30%. Le nanoguide se comporte donc comme une cavité d’un centimètre de long et
dont les deux miroirs réfléchissent 30% de la lumière.

La période de la modulation mène donc à une évaluation de l’indice de groupe ng du guide.
L’évaluation de l’indice de groupe dans le guide est très importante car plus celui-ci est élevé,
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(b) Transformée de Fourier de la transmission du
guide, un pic de modulation apparaît à 33 nm−1.

Figure 3.21 – Mesure de la transmission linéaire du nanoguide.

plus l’interaction entre la lumière et le matériau sera renforcée. Par conséquent, un indice de
groupe élevé donnera lieu a de plus fortes non-linéarités, ce dont il faudra tenir compte dans la
modélisation.

La transformée de Fourier du spectre obtenu sur la figure 3.21b nous permet d’isoler la
fréquence (en nm−1) ainsi que l’amplitude de la modulation par rapport à la composante continue
du signal. Ces deux données à elles seules suffisent à nous donner à la fois l’indice de groupe et les
pertes linéaires dans le guide. En mesurant la longueur de l’échantillon à l’aide d’un microscope,
nous pouvons donc en déduire l’indice de groupe du guide, donné par la condition de résonance
du Fabry-Perot [Kroeger 2010b]

ng =
λ20f0
2L

, (3.9)

où f0 est la fréquence de la modulation sinusoïdale, exprimée en nm−1. La transformée de Fourier
du spectre nous donne :

f0 = 33nm−1 . (3.10)

Sachant que la longueur de l’échantillon a été mesurée à 1 cm, nous en déduisons la valeur de
l’indice de groupe du guide à λ0 = 1583 nm (ce qui correspond à la longueur d’onde de la cavité
étudiée dans la section suivante) :

ng = 4,13 . (3.11)

Pour de faibles réflectivités au niveau des facettes de l’échantillon, nous pouvons exprimer
l’amplitude des franges de Fabry-Perot par [Kroeger 2010b]

m= 2
√
R1R2e

−αL, (3.12)

où R1 et R2 sont les réflectivités des facettes. Cette expression est valable lorsque R1R2 << 1, ce
qui est le cas puisque nous pouvons estimer R1 ≈ R2 ≈ 0,3.

À partir de la figure 3.21b, nous voyons que le taux de modulation m est directement donné
par le rapport entre la composante continue de la transformée de Fourier du spectre et de
l’intensité du pic de modulation 9 :

m= 0,18 , (3.13)

9. Le paramètre m est en fait défini comme étant deux fois le rapport entre l’intensité du pic de modulation et
la composante continue, car le spectre montré par la figure 3.21b est tracé en valeur absolue.
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ce qui nous permet d’en déduire les pertes linéaires αl

αl = −
1
L
ln

(
m

2
√
R1R2

)
= 1,2 cm−1 . (3.14)

La puissance à une position z donnée dans le guide dépend donc de l’atténuation αl de l’onde
dans le guide. Cela entraîne inévitablement une diminution des effets non linéaires à mesure que
l’onde se propage dans le guide, et doit donc absolument être intégré dans le modèle.

3.3.4 Absorption à deux photons

Nous effectuons en premier lieu une acquisition des spectres en sortie d’échantillon en fonction
de la puissance d’entrée. Celle-ci est mesurée à l’aide d’un puissance-mètre à la sortie de l’étireur,
et est réglée à l’aide de la première lame demi-onde (voir figure 3.11) en sortie du laser. En
régime linéaire, la transmission du guide est donnée par

Pout = κlPin, (3.15)

où Pin et Pout sont les puissances moyennes mesurées à l’entrée avant injection et à la sortie du
guide, respectivement, et où κl est lié au produit des taux de couplage d’entrée et de sortie. Nous
pouvons exprimer κl en fonction du taux de couplage à l’entrée du guide κin, le taux de couplage
en sortie κout et les pertes subies lors de la propagation le long du guide :

κl = κinκoute
−αlL, (3.16)

avec αl = 120m−1 les pertes linéaires dans le guide de longueur L= 1 cm.
L’absorption à deux photons est théoriquement décrite par l’équation (1.35) (page 18) établie

lors du premier chapitre. À cette équation, nous devons ajouter les pertes linéaires, proportionnelles
à αl , mais aussi tenir compte de la vitesse de groupe de l’onde. Comme l’ont démontré Alexandre
Baron et Félix Kroeger dans leurs thèses [Baron 2010,Kroeger 2010b], nous pouvons tenir compte
du ralentissement de la lumière dans le guide en pondérant les coefficients non linéaires d’ordre
trois par une constante. Le facteur de champ local défini dans les deux thèses peut alors être
introduit :

f =

√
ng
n0

, (3.17)

où n0 est l’indice du silicium massif autour de 1580 nm. Pour des non-linéarités d’ordre trois
nous devons pondérer les coefficients non linéaires βTPA et n2 par f 4. Puisque nous connaissons
à la fois l’indice du silicium massif à 1550 nm, n0 = 3,48 et l’indice de groupe du guide, ng =
4,13, le coefficient f est parfaitement déterminé et vaut :

f = 1,09 . (3.18)

Nous pouvons donc réécrire l’équation de propagation en intensité dans le guide :

∂I
∂z

= −f 4βTPAI
2(z, t)−αl I(z, t), (3.19)

qui s’intègre en z pour donner :

I(L, t) =
I(0, t)e−αlL

1+ f 4βTPAI(0, t)Leff
, (3.20)
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où L est la longueur du guide et Leff représente la longueur effective du guide :

Leff =
1− e−αlL

αl
. (3.21)

À partir des données déterminées précédemment, nous en déduisons :

Leff = 0,58 cm . (3.22)

En tenant compte des taux de couplage ainsi que des pertes linéaires, nous obtenons ainsi la
relation entre la puissance crête en sortie du guide Pcrête,out, à la sortie de l’étireur Pcrête,in et la
puissance crête à l’intérieur du guide Pcrête,inj. :

Pcrête,out =
κlPcrête,in

1+ f 4βTPAκin
Pcrête,inj

Seff
Leff

, (3.23)

où f est le facteur de champ local du guide et Seff son aire effective. Les puissances moyennes Pin
et Pout à l’entrée et à la sortie du guide sont proportionnelles aux puissances crêtes Pcrête,out et
Pcrête,in mesurée à l’extérieur du guide, ce qui donne immédiatement :�



�
	Pout =

κlPin

1+ f 4βTPAκin
Pcrête,inj.

Seff
Leff

(3.24)

À partir des spectres acquis en sortie de guide, nous pouvons calculer la puissance moyenne
transmise, en tenant compte de la résolution spectrale δλ de l’analyseur de spectre.

Pout[mW] =
∆λ

δλ×N

N∑
i=1

10Pi/10. (3.25)

Les spectres ont été enregistrés avec une résolution δλ de 0,5 nm, une fenêtre spectrale ∆λ de
40 nm et un nombre de points N de 1001. La variable Pi représente la puissance, mesurée en
échelle logarithmique (dBm), intégrée par l’analyseur de spectre sur une largeur spectrale égale à
δλ.

L’intégration des spectres nous donne la puissance en sortie du guide en régime non linéaire.
La figure 3.22 montre que la courbe obtenue présente une allure linéaire lorsque Pin est inférieure
à 1mW. Au delà, nous voyons qu’une saturation de la puissance Pout apparaît, ce qui témoigne
d’un comportement non linéaire du guide. Cette courbe semble montrer que la non-linéarité est
due à l’absorption à deux photons.

Nous pouvons confirmer cette hypothèse en remarquant que l’équation qui régit l’absorption
à deux photons peut être réécrite de manière à obtenir une courbe qui dépend linéairement de la
puissance d’entrée : �



�
	

Pin
Pout

=
1
κl

+
f 4βTPAκinηTPinLeff

κlSeff
= a+ bPin , (3.26)

avec ηTPin = Pcrête,in. Le coefficient ηTP représente le rapport entre la période de répétition du
laser et la durée de l’impulsion. De cette façon, la courbe obtenue dans le cas d’une absorption à
deux photons doit être une droite.

La figure 3.23 montre la fonction Pin
Pout

en fonction de Pin obtenue à partir des données
expérimentales. La courbe obtenue est une droite et confirme que l’effet non linéaire principal est
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Figure 3.22 – Puissance moyenne mesurée en sortie du guide en fonction de la puissance moyenne incidente
(mesurée en sortie de l’étireur).
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Figure 3.23 – Caractéristique linéaire Pin
Pout

en fonction de Pin.

bien l’absorption à deux photons. Nous émettons alors l’hypothèse, que nous confirmerons par la
suite, que les pertes non linéaires issues de la présence de porteurs libres sont négligeables dans
notre expérience sur le guide.

L’ordonnée à l’origine et la pente peuvent être déterminées et donnent b = 2408mW−1 et
a= 523. Nous souhaitons, à l’aide de ces valeurs, déterminer la puissance crête de l’impulsion et
l’énergie disponible à l’intérieur du guide. À cet effet, nous exprimons κin à partir des équations
précédentes :

κin =
b

a

Seff
f 4βTPAηTLeff

. (3.27)

En utilisant la relation liant la puissance moyenne à la puissance crête de l’impulsion, nous
déterminons la puissance crête de l’impulsion à l’intérieur du guide :

Pcrête,inj. = κinηTPin. (3.28)

Ces deux dernières équations mènent à :�



�
	Pcrête,inj. = Pin

b

a

Seff
f 4βTPALeff

. (3.29)
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Il est alors possible d’en déduire la puissance crête injectée avec les valeurs numériques suivantes :
Seff = 0,17µm2, Leff = 0,58mm, βTPA = 8×10−12m/W, f = 1,09 et Pmoy = 9mW, nous trouvons :

Pcrête,inj. ≈ 5W . (3.30)

Grâce à cette étude nous sommes donc à même de déterminer la puissance crête injectée dans un
nanoguide, par le biais d’une mesure de l’absorption non linéaire à deux photons.

Nous pouvons déduire de ces données le taux de couplage entre la sortie de l’étireur et le
nanoguide, par le biais de l’équation : �



�
	κin =

Pcrête,inj.
ηTPin

. (3.31)

En prenant une période de répétition de 20 ns pour le laser et une durée d’impulsion de 1 ps
(déduite de la mesure d’autocorrélation des implusions), nous trouvons :

κin = 2,8% . (3.32)

L’énergie injectée dans le guide est, en supposant que celle-ci est égale au produit de la durée
de l’impulsion et de sa puissance crête, de l’ordre de 5 pJ. Ce qui est conforme avec nos prévisions
et devrait être suffisant pour générer suffisamment de porteurs libres dans la microcavités.

Nous souhaitons maintenant, par une analyse du spectre transmis en régime non linéaire,
démontrer que les effets de porteurs n’agissent pas dans ce nanoguide. La microcavité possède un
guide d’accès similaire à celui-ci, à ceci près qu’il est plus court et mesure environ 3mm. Cette
étude nous donnera donc de précieuses informations quand à l’importance des non-linéarités
agissant dans le guide d’accès de la cavité.

3.3.5 Effet Kerr et élargissement spectral

Le spectre de l’impulsion d’entrée possède une allure quasi-rectangulaire et sa largeur spectrale
est toujours de 7,3 nm. Nous traçons les spectres de sortie, acquis précédemment à l’analyseur de
spectre optique, en fonction de la puissance moyenne de sortie de l’étireur, sachant que cette
dernière varie de 0,1mW à 9mW. Le résultat est montré sur la figure 3.24. Nous observons un
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Figure 3.24 – Évolution du spectre transmis par le guide en fonction de la puissance moyenne mesurée en
sortie de l’étireur.
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très fort élargissement spectral provoqué par l’automodulation de phase subit par l’impulsion à
mesure que la puissance d’entrée augmente et fait tendre le spectre initialement rectangulaire
vers un spectre plus large. Les spectres acquis sont symétriques par rapport à la longueur d’onde
centrale de l’impulsion, ce qui est caractéristique d’une automodulation de phase induite par un
effet Kerr pur.

Afin de le démontrer, nous modélisons la propagation dans le nanoguide de silicium en ne
tenant compte que de l’effet Kerr et de l’absorption à deux photons. L’enveloppe du champ
transmis est décomposée en un terme d’intensité I et d’une phase non linéaire φNL [Baron 2010] :

A(L, t) ∝
√
I(L, t)eiφNL(t), (3.33)

avec :

I(L, t) =
I(0, t)

1+ f 4βTPAI(0, t)Leff
et φNL(t) =

2π
λ0

n2
βTPA

ln(1+ f 4βTPAI(0, t)Leff). (3.34)

Afin de déterminer ces expressions le plus fidèlement possible, nous choisissons de définir le
spectre initial de l’impulsion à partir des données expérimentales. Nous faisons alors l’acquisition
du spectre de sortie du guide à puissance d’entrée très faible, lorsqu’aucune non-linéarité ne se
manifeste, et, afin d’obtenir l’enveloppe de l’impulsion dans le domaine temporel, effectuons la
transformée de Fourier inverse des données. Ceci se justifie parfaitement par le fait que l’impulsion
a été démontrée comme étant en limite de Fourier.

Par conséquent, en utilisant les deux équations précédentes, nous pouvons simuler la propa-
gation de cette impulsion dans le guide, ne considérant qu’un effet Kerr et une absorption à deux
photons. La comparaison entre la simulation, courbe en bleu présentée sur la figure 3.25, et le
spectre expérimental, courbe verte, montre dans les deux cas un élargissment spectral en forme
de Batman 10 pour une puissance d’entrée de 6mW. L’accord entre les deux courbes est très bon

Échelle linéaire

Figure 3.25 – Comparaison théorie (bleu) / expérience (vert) des spectres transmis par le guide, pour
Pin = 6mW.

et atteste de la présence négligeable des effets de porteurs libres, aussi bien réfractifs que pour
les pertes non linéaires. Ce modèle rend donc très bien compte du comportement non linéaire
du guide et démontre que les effets Kerr et d’absorption à deux photons sont majoritaires. Afin

10. Un petit peu d’humour dans un ouvrage scientifique n’a ’jamais fait le moindre mal, la preuve dans la
référence [Papadopoulos 2009] qui nous fait découvrir le "Batman Mask".
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d’étendre cette comparaison à différentes valeurs de puissance incidente, nous comparons à la
suite les élargissements spectraux mesurés à ceux simulés.

Les élargissements spectraux des spectres sont quantifiés en calculant leur écart-type en
fonction de la puissance. On rappelle que l’écart-type σX d’une variable aléatoire X réelle est
défini selon :

σX =
√
E[(X − E[X])2] =

√
E[X2]− E[X]2, (3.35)

où E[X] représente l’espérance mathématique de X. D’après la définition de l’espérance mathé-
matique, l’écart-type s’exprime, dans le cas d’une variable continue, en fonction de la densité de
probabilité f (x) de la variable aléatoire X :

σX =

√∫
R

x2f (x)dx −
(∫

R

xf (x)dx
)2
. (3.36)

Dans notre cas, la densité de probabilité est proportionnelle à la densité spectrale de puissance
de l’onde et est définie par :

f (λ) =
P(λ)∫
P(λ)dλ

, (3.37)

où le facteur de normalisation
∫
P(λ)dλ a été introduit afin d’avoir

∫
f (λ)dλ=1. D’après cette

définition, nous pouvons calculer l’écart-type du spectre transmis P(λ) en utilisant l’expression
suivante :

σP =

√√√∫
λ2P(λ)dλ∫
P(λ)dλ

−

∫
λP(λ)dλ∫
P(λ)dλ

2, (3.38)

où P(λ) correspond aux données enregistrées à l’analyseur de spectre optique. Cette définition
est appliquée aux spectres mesurés et donne le résultat exposé sur la figure 3.26, où la courbe
expérimentale est tracée en vert alors que la courbe calculée à partir de l’équation (3.34) est
tracée en bleu.
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Figure 3.26 – Évolution de l’élargissement spectral de l’impulsion en fonction de sa puissance moyenne.
Les données expérimentales sont tracées en vert et les résultats de la simulation numérique en bleu.

L’évolution est sensiblement la même et les deux courbes montrent une saturation, les effets
de porteurs ont donc un effet invisible sur l’écart-type calculé. L’effet de saturation est expliqué
par les équations (3.34) qui montrent que la phase non linéaire, qui évolue dans un premier temps
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de manière linéaire, finit par saturer suite à la présence d’absorption à deux photons. Par la suite,
l’impulsion injectée possédera une largeur spectrale plus fine, et par conséquent une énergie plus
faible. Les effets non linéaires dans le guide devraient donc s’en trouver réduits.

Afin de nous approcher de la situation évoquée dans le chapitre précédent, c’est-à-dire une
impulsion dont la largeur spectrale est de l’ordre de 2 nm, nous rapprochons les lames de filtrage
afin d’avoir un spectre d’une largeur de 3,7 nm. Nous souhaitons donc démontrer la faible influence
des effets non linéaires lorsque cette impulsion est couplée dans le nanoguide.

3.3.6 Effets non linéaires dans le nanoguide excité par une impulsion de 4 nm

La réduction de la largeur spectrale de l’impulsion entraîne à la fois une diminution de sa
puissance crête et de son énergie. Les effets non linéaires escomptés sont donc bien plus faibles
que ceux que nous avons observés jusqu’alors.

La figure 3.27a rend parfaitement compte de cet effet. L’élargissement spectral en sortie
de guide est bien plus faible, ce qui est normal puisque celui-ci est lié à l’effet Kerr, donc à la
puissance crête de l’impulsion et que cette dernière est réduite. Les effets non linéaires sont donc
très faibles et la symétrie du spectre démontre à nouveau une absence d’effets de porteurs libres.
Le calcul de l’élargissement spectral, figure 3.27b, montre par ailleurs une variation bien plus
faible que dans le cas d’une impulsion de 7 nm de large.
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(a) Évolution du spectre transmis en fonction
de la puissance d’entrée.
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(c) Courbe d’absorption à deux photons.
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Figure 3.27 – Mesure et cacul de la durée de l’impulsion en sortie de l’étireur.

De plus, la courbe d’absorption à deux photons révèle de très faibles pertes non linéaires,
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comme en témoigne la figure 3.27c.
Une fois de plus, nous traçons, sur la figure 3.27d, la caractéristique Pin

Pout
en fonction de Pin

afin de déterminer la puissance crête injectée. En reprenant les paramètres précédants, et avec
une puissance moyenne de 4,3mW en sortie de l’étireur, nous trouvons :

Pcrête,inj. ≈ 1,3W . (3.39)

Ce résultat est primordial pour notre étude car nous ne pouvons estimer avec précision la
puissance injectée dans une microcavité. Le nanoguide étant juste à côté de la microcavité, le
désordre dû à la fabrication est faible et nous pouvons raisonnablement supposer que la puissance
injectée dans le guide d’accès de la cavité sera identique, dans les mêmes conditions d’injection.

Nous pouvons en déduire le taux de couplage de l’impulsion, en utilisant l’équation (3.31) et
en utilisant une durée d’impulsion de 2 ps 11 :

κin = 3% . (3.40)

Le taux de couplage obtenu est donc légèrement supérieur à celui que nous avions lors de
l’utilisation de l’impulsion dont le spectre était large de 7,3 nm. Nous confirmons sa valeur proche
de 3% et attendons la même valeur pour le couplage dans la microcavité.

L’énergie contenue dans l’impulsion peut être estimée à environ 2,6 pJ. Cette valeur étant
très proche du picojoule, nous ne réduirons par la largeur spectrale davantage afin de s’accorder
une marge d’erreur suffisante. L’impulsion qui sera utilisée pour exciter la cavité possédera donc
une largeur spectrale de 3,7 nm.

3.3.7 Conclusion

La caractérisation non linéaire du nanoguide de silicium a conduit à la validation du montage
et à la détermination du taux de couplage de 3%. Les propriétés de l’impulsion couplée dans le
guide, à savoir son énergie et sa largeur spectrale sont compatibles avec l’étude théorique menée
lors du second chapitre. De plus, la modélisation relativement simple du guide en régime non
linéaire utilise les mêmes valeurs de coefficients non linéaires introduites dans le modèle de cavité
du chapitre 2.

Cette première étape était alors essentielle à l’étude la microcavité en régime non linéaire.
Nous avons en effet accès à tous les paramètres de l’impulsion couplée à l’intérieur de l’échantillon,
c’est-à-dire sa durée, sa puissance crête, mais aussi sa phase, déjà caractérisée lors des sections
précédentes. Tous les paramètres sont parfaitement maîtrisés et le modèle des modes couplés
en régime non linéaire peut être complété avec précision en ce qui concerne les paramètres de
l’impulsion.

Cependant, certaines données restent à déterminer afin de disposer du modèle des modes
couplés complet adapté au régime non linéaire. Il nous faut en effet tenir compte de la structure
de la cavité afin d’introduire les volumes non linéaires définis lors du premier chapitre. Dans la
suite, nous détaillons la structure de la cavité et effectuons des simulations numériques nous
donnant accès à tous les paramètres manquants du modèle.

11. La durée de l’impulsion a été calculée numériquement en utilisant une impulsion supergaussienne dans le
domaine spectrale et en utilisant la transformée de Fourier inverse.
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3.4 Simulations numériques de la microcavité

Le modèle utilisé dans le chapitre 2 faisait abstraction de la structure réelle de la cavité. Cela
a notamment permis de mettre en avant l’exaltation des non-linéarités par la mise en œuvre
d’un contrôle cohérent. Cependant, pour réaliser une étude plus quantitative, nous devons tenir
compte de la structure de la cavité. Nous nous concentrons donc sur une géométrie particulière,
inspirée du modèle Fabry-Perot d’une cavité, figure 3.28. La cavité est délimitée par deux miroirs

Figure 3.28 – Modèle Fabry-Perot (b) d’une cavité Fabry-Perot à miroirs de bragg (a). Illustration
extraite de [Lalanne 2008].

qui sont le résultat d’une structuration sub-longueur d’onde du matériau. Les technologies de
fabrication actuelles ont permis la réalisation de ce type de cavité Fabry-Perot dont la longueur
est inférieure au micromètre. Ce type de cavité, qui consiste en une cavité à cristal photonique
1D, repose sur l’utilisation de deux miroirs de Bragg, dont nous en détaillons le principe de
fonctionnement ci-après.

3.4.1 Principe du miroir de Bragg

Un miroir de Bragg est réalisé par l’empilement périodique de matériaux d’indices de réfraction
différents, voir figure 3.29. Deux matériaux d’épaisseur d1 et d2 et d’indices de réfraction de n1

Figure 3.29 – Empilement de couches d’indices de réfraction différents pour former un miroir de Bragg.
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et n2, respectivement, forment un miroir de Bragg. Les réflections de Fresnel à chaque interface
impliquent que l’onde n’est pas totalement transmise. Nous pouvons démontrer que, pour une
longueur d’onde donnée, l’onde peut être totalement réfléchie. En effet, à la longueur d’onde
λ0 telle que λ0

4 = n1d1 = n2d2, l’onde interfère de manière destructive avec ses composantes
réfléchies à chaque interface. Ainsi, l’onde n’est pas transmise, elle est entièrement réfléchie, la
structure se comporte donc comme un miroir à la longueur d’onde λ0 [Orfanidis 2002].

Le principe du miroir de Bragg réside donc dans une variation périodique de l’indice de
réfraction de la structure. La fabrication de miroirs de Bragg en silicium sur isolant a été réalisée
en gravant une chaîne périodique de trous dans un guide, voir figure 3.30a. Nous proposons
d’effectuer une simulation FDTD en deux dimensions de ce type de structure. Pour cela, nous
choisissons arbitrairement un matériau dont l’indice de réfraction est de 3,6. Un guide d’une
largeur de 440 nm constitué de ce matériau est défini et entouré d’air. Une série de quatre trous
d’air de rayon de 130 nm espacés de 370 nm (distance centre à centre) est ensuite inscrite dans
ce même guide. Nous obtenons ainsi la structure présentée sur la figure 3.30a. Nous souhaitons

(a) Impulsion gaussienne réfléchie par le miroir
de Bragg en cristal photonique 1D.
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(b) Courbe de transmission du miroir de Bragg
en cristal photonique 1D.

Figure 3.30 – Structure et courbe de transmission d’un miroir de Bragg à cristal photonique.

tracer la courbe de transmission de ce miroir de Bragg. Pour ce faire, une source gaussienne dont
la longueur d’onde centrale est de 1575 nm et d’une largeur spectrale de 1850 nm est injectée dans
le guide suivant la polarisation Hz. Dans un premier temps, la transmission du guide sans les
trous est calculée afin de servir de référence. La transmission du miroir telle qu’elle est présentée
sur la figure 3.30b est donc normalisée par rapport à la transmission du guide seul. La structure se
comporte donc comme un miroir pour des longueurs d’onde comprises entre 1300 nm et 1800 nm
environ, au delà les ondes sont transmises. Cette bande spectrale pour laquelle aucune onde
ne peut être transmise est appelée bande interdite. Le maximum de réflectivité est obtenu aux
alentours de 1575 nm et vaut 0,99.

En associant deux de ces miroirs, nous pouvons former une cavité de type Fabry-Perot. La
distance bord à bord des trous étant de 100 nm, nous décidons de séparer les deux miroirs d’une
distance de 250 nm bord à bord, voir figure 3.31a.

Une simulation FDTD 2D, par l’injection d’une source gaussienne (identique à la précédente)
disposée au centre de la cavité, met en évidence une résonance centrée sur 1574,5 nm et dont le
facteur de qualité est calculé à 1600.

Bien évidemment, une simulation 2D ne rend pas compte du comportement réel d’une
microcavité car les pertes verticales ne sont pas prises en compte. Ainsi, dans la section suivante,
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(a) Confinement du mode dans une microcavité
à cristal photonique 1D.
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(b) Courbe de transmission normalisée de la
cavité en cristal photonique 1D.

Figure 3.31 – Structure et courbe de transmission d’un miroir de Bragg à cristal photonique.

nous détaillons et effectuons une simulation en trois dimensions de la microcavité qui sera étudiée
expérimentalement dans la suite.

3.4.2 Propriétés de la microcavité

Nous présentons et réalisons les simulations FDTD 3D de notre cavité à cristal photonique 1D.
La microcavité est constituée d’un nanoguide de silicium, d’une hauteur de 340 nm et une largeur
de 520 nm, déposé sur un substrat de silice. Dans ce nanoguide sont gravés deux miroirs de Bragg
afin de former une cavité d’une longueur physique de 425 nm. La figure 3.32 montre une image
de la cavité, prise au microscope électronique à balayage (MEB) [Velha 2006], sur laquelle nous
pouvons observer des trous à rayons variables, correspondant aux zones d’adaptation modale.
Ces zones, appelées tapers, permettent de réduire les pertes dans les miroirs [Lalanne 2008] et
donc d’augmenter leur réflectivité, ce qui par conséquent mène à un facteur de qualité plus élevé.

Figure 3.32 – Photo MEB, issue de la thèse de Philippe Velha, de la cavité étudiée.

Un schéma, montré sur la figure 3.33, détaille plus précisément la géométrie de la cavité.
Les diamètres et distances entre les trous y sont mentionnés, ainsi que la longueur de la cavité.
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Les dimensions reportées sur ce schéma ne correspondent pas aux paramètres utilisés pour la
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Figure 3.33 – Paramètres géométriques de la cavité étudiée.

fabrication mais aux distances mesurées par imagerie au MEB. La précision est de l’ordre du
nanomètre et tient compte des défauts de fabrication. La modélisation de la structure tenant
compte des distances réelles devrait donc donner un facteur de qualité proche de ce qui doit être
obtenu expérimentalement.

3.4.3 Simulations FDTD

L’indice du silicium est fixé à 3,48 et celui de la silice à 1,44. L’utilisation de PML (Perfect
Matched Layers) permet de rendre le substrat de silice infini. Une source gaussienne est alors
injectée au centre de la cavité, selon la polarisation Hz . Sa longueur d’onde centrale est de 1609 nm,
et sa largeur spectrale de 350 nm. La distribution de l”énergie du champ électromagnétique
circulant dans la cavité est tracée sur la figure 3.34a afin de rendre compte de l’effet de confinement.
La simulation numérique met en évidence une résonance centrée en 1590 nm, montrée sur la

(a) Répartition de l’énergie du mode à l’intérieur
de la cavité.
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(b) Courbe de transmission normalisée de la
cavité en cristal photonique 1D.

Figure 3.34 – Structure et courbe de transmission de la microcavité à cristal photonique.

figure 3.34b, avec un facteur de qualité associé d’environ 9000. Notons également la présence
d’une seconde résonance centrée en 1778 nm et qui possède un facteur de qualité de 200. La
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résolution spatiale de la simulation numérique est de 9,25 nm et la propagation de l’onde a été
simulée sur un intervalle temporel de 5 ps.

Une autre simulation a été réalisée sur un intervalle de 1,2 ps avec une résolution spatiale de
18,5 nm, afin de déterminer les volumes non linéaires de la cavité. Nous voyons sur la figure 3.35
que le calcul de ces volumes converge assez rapidement dans le temps. Les valeurs obtenues sont 12
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Figure 3.35 – Convergence temporelle du calcul des volumes non linéaires.

Vmod = 0,61 (λ/n0)3, VKerr = 2,3 (λ/n0)3 et VFCR = 1,7 (λ/n0)3. Les paramètres nécessaires à la
complétion du modèle sont donc presque tous connus. Il nous reste à déterminer l’indice effectif
de la cavité ainsi que l’indice de groupe du guide. Pour cela, nous abordons le problème avec une
méthode de résolution numérique différente, mais complémentaire à la FDTD.

3.4.4 Méthode a-FMM

Nous proposons de résoudre la propagation d’une onde électromagnétique dans la cavité en
utilisant la méthode a-FMM (aperiodic Fourier Modal Method [Sauvan 2005]), associée à un
modèle Fabry-Perot de cavité. Cette méthode consiste à simuler numériquement un seul miroir
de la cavité, excité par le mode de Bloch du guide. Ainsi, en utilisant les paramètres calculés
du miroir, un modèle Fabry-Perot permet de constituer une cavité [Sauvan 2005]. La résolution
des équations de propagation du mode de Bloch à travers un miroir nous donne accès à la fois à
sa réflectivité et sa phase à la réflection, ce qui est suffisant pour en déduire la phase totale de
l’onde et le facteur de qualité de la cavité Fabry-Perot associée. Les figures 3.36 synthétisent les
résultats obtenus pour la cavité considérée. D’une part, la phase totale φT, tracée en fonction de
la longueur d’onde sur la figure 3.36a, permet d’obtenir la longueur d’onde de résonance de la
cavité, qui se situe à 1585,7 nm, lorsque φT = 2π. D’autre part, à cette longueur d’onde précise,
la méthode a-FMM donne un facteur de qualité de 9200 environ, comme le montre la courbe
tracée sur la figure 3.36b. Cette méthode est également utilisée pour calculer l’indice de groupe
ng et l’indice effectif neff de la cavité, dont les évolutions en fonction de la longueur d’onde sont
tracées sur la figure 3.37.

À la longueur d’onde de résonance, nous avons :

ng = 4,13 (3.41)

12. Le volume modal est calculé à partir de l’expression : Vmod =

∫
V ε(

#»r )|A( #»r )|2d3r
max(ε( #»r )|A( #»r )|2) , en accord avec les définitions

du premier chapitre.
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(a) Phase totale accumulée dans la cavité.
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Figure 3.36 – Résultats de la simulation a-FMM de la cavité.
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Figure 3.37 – Calcul des indices de groupe et effectif de la cavité.

et
neff = 2,71 . (3.42)

Remarquons que l’indice de groupe calculé, qui correspond à l’indice de groupe du guide, est en
parfait accord avec celui que nous avons estimé à partir des données expérimentales.

Les résultats obtenus par cette méthode sont parfaitement cohérents avec ceux donnés par la
FDTD. Dans les deux cas, nous trouvons une longueur d’onde de résonance d’environ 1590 nm
et un facteur de qualité de 9000 environ. La combinaison des deux méthodes fournit à la fois
les valeurs de ng et neff ainsi que des volumes non linéaires. Le modèle des modes couplés non
linéaires peut donc être complété et les simulations numériques effectuées en régime d’excitation
cohérente, ce que nous détaillons par la suite.

3.5 Caractérisation en régime linéaire et non linéaire de la microcavité

Avant de poursuivre et d’utiliser le modèle des modes couplés en régime non linéaire, nous
devons caractériser expérimentalement l’impulsion incidente utilisée pour l’excitation de la cavité.
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Il nous faut également, afin de compléter les paramètres du modèle en régime linéaire, effectuer
une caractérisation de la cavité en régime linéaire.

3.5.1 Propriétés de l’impulsion incidente

L’impulsion obtenue en sortie de l’étireur, dont la largeur spectrale est fixée à 3,7 nm,
est limitée par transformée de Fourier lorsque le montage est au zéro de dispersion. L’allure
temporelle de l’autocorrélation de l’impulsion, figure 3.38a, montre une durée de l’autocorrélation
de l’impulsion de 2,6 ps. Le spectre obtenu à la sortie de l’étireur est tracé sur la figure 3.38b.
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(a) Autocorrélation de l’impulsion.
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(b) Spectre de l’impulsion.

Figure 3.38 – Traces expérimentales de l’autocorrélation de l’impulsion et de son spectre.

Afin de valider ces données, l’autocorrélation d’une impulsion dont le spectre est défini par
une supergaussienne d’ordre 32 13 et d’une largeur de 3,7 nm est calculée en utilisant la même
simulation que pour le spectre de largeur de 7,3 nm, et donne une impulsion dont la durée à
mi-hauteur est de 2,6 ps, conformément à la mesure. L’impulsion est donc limitée par transformée
de Fourier.

−6 −4 −2 0 2 4 6
0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

t [ps]

A
m
p
li
tu
d
e
[u
.a
.]

(a) Autocorrélation de l’impulsion.
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Figure 3.39 – Traces simulées de l’autocorrélation de l’impulsion et de son spectre.

13. Une superaussienne d’ordre n est définie par l’équation suivante : S(λ) = e(λ/δλ)n . Dans notre cas, l’ordre 32
a été choisi afin de reproduire le spectre réel le plus fidèlement possible.
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3.5.2 Propriétés de la microcavité en régime linéaire

Nous rappelons que la microcavité est constituée d’un nanoguide de silicium, d’une hauteur
de 340 nm et une largeur de 520 nm, déposé sur un substrat de silice [Velha 2006]. Dans ce
nanoguide sont gravés deux miroirs de Bragg afin de former une cavité d’une longueur de 425 nm.
Une première mesure, à faible puissance, permet d’obtenir le spectre de transmission de la cavité,
donnant directement la forme de sa résonance, voir figure 3.40a, qui est clairement de forme
lorentzienne.

1580 1581 1582 1583 1584 1585 1586
0

0.5

1

1.5

2

2.5

3

3.5

4x 10
−7

λ [nm]

P
u
is
sa
n
ce

[u
.a
.]

(a) Transmission de la cavité en régime linéaire.
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(b) Transformée de Fourier du spectre transmis.

Figure 3.40 – Spectre transmis par la cavité et sa transformée de Fourier.

Comme pour le nanoguide, le spectre obtenu contient des oscillations dont l’origine est
expliquée par les réflexions de l’onde sur les faces clivées du nanoguide auxquelles s’ajoutent les
réflexions sur les miroirs de la cavité. En effectuant une transformée de Fourier sur le spectre
transmis nous pouvons mettre en évidence les fréquences fi associées à ces différentes cavités,
voir figure 3.40b. Nous observons trois pics distincts, dont deux centrés en f1 = 20 nm−1 et
f2 = 12,8 nm−1, et un troisième est centré en f1 − f2 = 7,2 nm−1. Ces fréquences sont reliées à la
longueur des guides d’accès de chaque côté de la cavité par :

Li =
λ20afi
2ng

. (3.43)

Connaissant l’indice de groupe du guide, ng = 4,13, nous en déduisons des longueurs de 6,1mm
et 3,6mm. Cela est en accord avec les distances mesurées au microscope et la partie la plus
courte, de 3,6mm, correspond au guide d’accès par lequel la lumière est injectée.

L’allure du spectre est très proche d’une forme lorentzienne et nous pouvons donc ajuster
numériquement les paramètres d’une lorentzienne, définie par :

L(λ) = y0+
A(

δλ
2

)2
+ (λ−λres)

2
(3.44)

afin d’en déduire la longueur d’onde de résonance de la cavité et son facteur de qualité. La largeur
à mi-hauteur de la résonance est directement donnée par δλ et sa longueur d’onde de résonance
par λres. Le résultat de l’ajustement numérique donne λres = 1582,76 nm et δλ= 0,19 nm, ce qui
correspond, en reprenant la définition donnée dans le premier chapitre, à un facteur de qualité
de :

Q=
λres

δλ
=

1582,76
0,19 ≈ 8300. (3.45)
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La superposition de la lorentzienne obtenue avec le spectre transmis est montrée sur la figure 3.41.
L’accord entre le modèle d’une cavité ayant une résonance lorentzienne et les résultats expéri-
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Figure 3.41 – Ajustement numérique des paramètres d’une Lorentzienne avec le spectre transmis.

mentaux démontre la possibilité d’appliquer le modèle des modes couplés à cette microcavité.
Par la suite, nous négligerons l’effet Fabry-Perot induit par les réflections sur les faces clivées et
utiliserons le modèle des modes couplés pour une microcavité non linéaire en silicium dont le
facteur de qualité est de 8300.

3.5.3 Simulations en régime de dynamique non linéaire de la microcavité

Nous souhaitons anticiper et comprendre la signature spectrale du champ intracavité en
régime non linéaire. À cet effet, nous utilisons le modèle des modes couplés en régime non linéaire
décrit par les équations du premier chapitre que nous rappelons :�




�

	

du
dt

= −iωres0
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)
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c2

n20V
2
FCR

|u(t)|4

. (3.46)

La valeur de neff et des volumes non linéaires sont maintenant connus, grâce aux simulations
effectuées précédemment. Comme nous l’avons mesuré, le facteur de qualité de la cavité est de
l’ordre de 8 000. Cela correspond à un temps de vie des photons dans la cavité par τ = 13,5 ps. Le
facteur de qualité Qe est estimé à 9 500, le facteur de qualité donné par les simulations a-FMM.
En effet, celles-ci donnent la valeur du facteur de qualité extrinsèque car le matériau utilisé dans
la simulation est sans pertes. Cela correspond à un temps de vie τe approximativement égal 14 ps.

Les paramètres de l’impulsion sont connus et nous choisissons de la modéliser par un spectre
supergaussien d’ordre 32. De plus, la puissance crête de l’impulsion est fixée à 1,3W. Nous avons
également choisi de décaler la longueur d’onde centrale de l’impulsion par rapport à la résonance
en régime linéaire de 0,7 nm vers le bleu. Ainsi, la majeure partie des composantes spectrales de
l’impulsion se trouve du côté des basses longueurs d’ondes par rapport à la résonance, ce qui
correspond au sens du décalage initié par les porteurs.
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L’enveloppe du champ intracavité sous une excitation impulsionelle limitée par transformée
de Fourier est tracée en noir sur la figure 3.42a. Celle-ci subit de légères oscillations qui viennent,

Excitation cohérente

Excitation non cohérente

(a) Puissance intracavité.

Excitation cohérente

Excitation non cohérente

(b) Longueur d’onde instantanée du champ
intracavité.

Figure 3.42 – Évolution temporelle de l’enveloppe du champ intracavité et de sa longueur d’onde instanta-
née.

comme nous l’avions expliqué dans le chapitre précédent, des battements entre le champ intracavité
et l’impulsion. Le décalage en longueur d’onde de la résonance, montré sur la courbe noire de
la figure 3.42b montre une excursion totale d’environ −0,5 nm, ce qui correspond à 2,5 fois la
largeur de la résonance. Ceci explique les distorsions subies par le champ intracavité et nous
laisse supposer que l’interaction lumière-matière est fortement limitée.

En plus de réaliser la simulations numériques pour une impulsion limitée par transformée
de Fourier, nous souhaitons prévoir l’effet d’une excitation cohérente pour laquelle la dispersion
est de +2,75 ps2, ce qui correspond au maximum atteignable par la platine de translation. Nous
réalisons alors la simulation numérique d’une impulsion dispersée avec φ(2) = +2,75 ps2 afin
d’augmenter cette interaction et donc la densité de porteurs libres. L’enveloppe du champ, tracée
en bleu sur la figure 3.42a, montre une allure parfaitement symétrique et non déformée, c’est-à-dire
sans présence de battements. Le décalage en longueur d’onde de la résonance correspondant
est tracé en bleu sur la figure 3.42b et démontre une très forte augmentation de la densité de
porteurs libres, menant à un excursion de −1,8 nm de la résonance. Cela correspond à un décalage
fréquentiel de 16/τ environ ce qui donne exactement la valeur qui était atteinte dans le chapitre
précédent.

Afin d’adapter ces résultats à l’expérience, nous devons transposer cette étude dans le domaine
spectral. En effet, expérimentalement nous n’avons accès qu’au spectre de l’impulsion transmise
par la cavité (proportionnelle à la puissance intracavité). Nous comparons alors les dérives
instantanées de la résonance sous les deux excitations, montrées sur la figure 3.43a avec les
spectres intracavité, montrés sur la figure 3.43b. Nous constatons alors que le pic correspondant
au maximum de l’intensité spectrale est, dans les deux cas décalé d’une valeur égale à l’excursion
totale de la résonance. Dans le cas de l’excitation par l’impulsion limitée par transformée de
Fourier, celui-ci, tracé en noir sur la figure 3.43b, montre un pic proche de −0,4 nm. Dans le
cas d’une excitation cohérente, se pic se retrouve décalé aux alentours de −1,8 nm, comme en
témoigne la courbe bleue.

Nous sommes donc en mesure de quantifier le décalage de la résonance à partir d’une mesure
directe des spectres transmis par la cavité. Ceci peut être appliqué à l’étude de la transmission
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Excitation cohérente

Excitation non cohérente

(a) Longueur d’onde instantanée du champ in-
tracavité.

Spectre de l'impulsion

Excitation cohérente
Excitation non cohérente

(b) Spectres intracavité.

Figure 3.43 – Longueur d’onde de résonance dans le domaine temporel et le domaine spectral.

de la cavité en régime non linéaire. Nous pouvons, par exemple, étudier les spectres transmis en
fonction de la puissance incidente.

3.5.4 Étude de la microcavité en régime non linéaire

À partir d’ici, et dans toute la suite, le décalage entre la longueur d’onde centrale de l’impulsion
est fixé afin d’avoir un maximum de longueurs d’ondes du spectre l’impulsion décalées vers le bleu
par rapport à la résonance. Ceci doit, comme l’ont montré les simulations numériques, contribuer
à augmenter la densité de porteurs libres à mesure que la résonance se décale vers le bleu.

Nous injectons alors l’impulsion caractérisée précédemment et étudions les variations du
spectre transmis en fonction de la puissance incidente. La figure 3.44a montre le résultat obtenu.

1580 1581 1582 1583 1584 1585
0

0.5

1

1.5

2

2.5

3

3.5

0

5

x 10−6

In
p
u
t

p
o
w

er
[m

W
]

λ [nm ]

In
te

n
si

ty
[m

W
]

(a) Spectres transmis en fonction de la puissance
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(b) Spectres transmis en fonction de la puissance
en sortie de l’étireur à dispersion nulle.

Figure 3.44 – Spectre transmis par la cavité et sa transformée de Fourier.

Nous voyons qu’à mesure que la puissance augmente le décalage vers le bleu est de plus en
plus important. Cette signature spectrale est clairement induite par la réfraction des porteurs
libre et est en très bon accord avec la simulation effectuée dans la section précédente puisque le
décalage en longueur d’onde atteint environ −0,5 nm.
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Nous réalisons alors la même simulation que celle de la section précédente en faisant varier la
puissance crête de l’impulsion de 0 à 1,3W. Les spectres intracavité (proportionnels aux spectres
transmis par la cavité) sont montrés sur la figure 3.44b. La concordance entre la simulation et
l’expérience est très bonne au niveau de la forme des spectres transmis.

Ce premier résultat nous conforte dans l’idée de poursuivre notre étude du régime dynamique
non linéaire de la microcavité. La suite de ce chapitre est donc consacrée à l’étude expérimentale
de l’excitation cohérente de la microcavité.

3.6 Excitation cohérente de la microcavité

Nous étudions ici l’effet de la mise en forme de l’impulsion sur le spectre transmis par la
cavité. Plus précisément, l’évolution du spectre transmis en fonction de la dispersion appliquée
à l’impulsion est comparée aux résultats des simulations. L’écart-type associé aux spectres est
également étudié afin de mettre en évidence son augmentation sous une excitation cohérente.

Comme nous l’a montrée la simulation numérique effectuée préalablement, appliquer de fortes
dispersions à l’impulsion n’est pas forcément utile. C’est pourquoi, nous choisissons de restreindre
la plage de variation de φ(2) à ±2,75 ps2. Ces valeurs correspondent aux maxima accessibles par
la platine de translation, nous disposons donc d’une très grande précision sur le réglage. Les
figures 3.45 présentent l’évolution du spectre transmis en fonction de la dispersion appliquée à
l’impulsion. Pour les simulations numériques la puissance crête de l’impulsion est fixée à 1,3W.
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(a) Mesure du spectre transmis en fonction de
la dispersion, φ(2).
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(b) Simulation du spectre transmis en fonction
de la dispersion, φ(2).

Figure 3.45 – Comparaison entre la mesure et la simulation numérique du spectre transmis par la cavité.

Nous constatons pour les dispersions négatives, que le spectre transmis mesuré n’évolue
pas, l’élargissement spectral reste donc le même. En revanche, l’excitation cohérente mène à
une modification significative du spectre à mesure que φ(2) augmente. Une légère augmentation
de l’intensité des composantes spectrales rouges est observable au delà de 1583 nm. Toutefois,
le phénomène le plus marquant est le décalage de la résonance vers le bleu, accompagné d’un
élargissement spectral conséquent. Pour φ(2) = 2,75 ps2, la résonance se décale de sa valeur
initiale de 1582,76 nm jusqu’à environ 1581 nm. Ceci est sans aucun doute la signature d’un
renforcement des non-linéarités induites par les porteurs libres. En effet, le décalage vers le
bleu est la signature d’un effet réfractif non linéaire induit par les porteurs libres et celui-ci est
nécessairement accompagné de pertes non linéaires par absorption des porteurs.

Pour comparer la largeur des spectres transmis à celui de l’impulsion initiale, nous calculons
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numériquement l’écart-type du spectre de l’impulsion :

σimpulsion = 1,07 nm. (3.47)

Notons que le calcul de l’écart-type d’un spectre rectangulaire ayant une largeur spectrale de
3,7 nm donne le même résultat 14.

Afin de déterminer la quantité de composantes spectrales transmises par la cavité, nous
normalisons tous les élargissements spectraux par rapport à celui de l’impulsion initiale. Ainsi,
nous pouvons quantifier la quantité de composantes spectrales transmises par la cavité. Les
valeurs obtenues sont exprimées par la quantité�



�
	η=

σ

σimpulsion
. (3.48)

Cette figure de mérite décrit la bande passante de la cavité en régime non linéaire et est
directement liée à la densité de porteurs libres. Nous traçons alors l’élargissement du spectre
transmis par rapport à celui de l’impulsion, figures 3.46. L’augmentation de la largeur spectrale
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(a) Élargissement spectral mesuré.
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simulations numériques.

Figure 3.46 – Comparaison des élargissements spectraux mesurés et simulés en fonction de la dispersion
appliquée à l’impulsion.

transmise à travers la cavité est en effet clairement visible lorsque la dispersion est positive. Pour
de fortes dispersions, il finit par saturer autour de 85%. Ce meilleur couplage de l’impulsion dans
la cavité est évidemment limité par la capacité qu’a le chirp linéaire de l’impulsion à suivre la
dérive non linéaire de la résonance.

De la même manière, nous pouvons introduire une autre figure de mérite β qui quantifie
l’élargissement de la résonance par rapport au régime linéaire :�



�
	β=

σ

σrésonance
. (3.49)

Alors que dans les cas où φ(2) ≤ 0 la valeur de β vaut au maximum 2,5, une dispersion positive
permet d’atteindre β > 8. Cela signifie que le spectre transmis par la cavité est plus de huit fois
plus large que la résonance en régime linéaire.

14. Le calcul de l’écart-type d’un rectangle possède une solution analytique donnée par σ = ∆λ

2
√

3
. Une largeur

spectrale de 3,7 nm donne donc : σ = 1,07 nm.
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Afin de démontrer que l’augmentation de la largeur spectrale transmise est bien obtenue
grâce à un renforcement de l’interaction lumière-matière, nous traçons l’évolution de la puissance
transmise, déterminée en intégrant les spectres acquis, en fonction de la dispersion, figure 3.47a.
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(a) Évolution de la puissance transmise par la
cavité en fonction de la dispersion appliquée à
l’impulsion : données expérimentales.
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(b) Évolution de la puissance transmise par la
cavité en fonction de la dispersion appliquée à
l’impulsion : simulation numérique.

Figure 3.47 – Comparaison des élargissements spectraux mesurés et simulés en fonction de la dispersion
appliquée à l’impulsion.

La même caractéristique est tracée, sur la figure 3.47b, à partir des simulations numériques.
Ces dernières montrent qu’un chirp négatif permet tout de même une augmentation de la
puissance transmise par la cavité (par rapport à une impulsion limitée par transformée de Fourier)
ce qui peut être expliqué par la plus longue durée d’impulsion et donc un régime moins transitoire.
De plus, la puissance crête de l’impulsion limitée par transformée de Fourier est plus élevée, ce
qui crée plus d’absorption à deux photons dans le guide d’accès et peut également expliquer
la baisse de puissance transmise par la cavité, puisque celle-ci est en fait perdue dans le guide
d’accès. Cependant, l’allure de la courbe théorique est relativement similaire à celle obtenue
expérimentalement, et montre une plus forte puissance transmise lorsqu’une dispersion positive
est appliquée à l’impulsion. Nous confirmons alors la démonstration effectuée lors du chapitre
2 qui mettait en avant l’action majoritaire de la réfraction des porteurs libres par rapport aux
pertes non linéaire dans la réduction de l’interaction lumière-matière.

L’accord entre les simulations numériques et l’expérience n’est pas parfait, surtout en ce qui
concerne une excitation pour laquelle φ(2) < 0. Les divergences entre simulations et expériences
peuvent venir des valeurs des paramètres non linéaires utilisés, qui peuvent être différents des
paramètres réels. Une étape de caractérisation plus fine du matériau pourrait éventuellement
corriger ce problème. Nous supposerons cependant qu’ils sont satisfaisants et donnent une bonne
idée de l’évolution du spectre transmis par la cavité. De plus, les simulations numériques n’incluent
pas l’influence des guides d’accès qui a été estimée numériquement et supposée négligeable car
leur impact sur les spectres transmis est très peu visible.

3.6.1 Comparaison des spectres transmis sous trois régimes d’excitation différents

Afin de récapituler les résultats précédents, nous comparons les spectres transmis sous trois
excitations pour lesquelles φ(2) vaut +2,75 ps2, 0 et −2,75 ps2, respectivement. La première
excitation consiste à injecter une impulsion limitée par transformée de Fourier dans la cavité
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(φ(2) = 0). Celle-ci possède les propriétés détaillées dans la section précédente, à savoir, une
largeur spectrale de 3,7 nm et une durée mesurée à l’autocorrélateur de 2,6 ps. Sous ces conditions,
le spectre transmis est représenté en noir sur les figures 3.48. Nous observons clairement un
décalage spectral vers les plus faibles longueurs d’onde par rapport au spectre transmis en régime
linéaire et tracé en gris.
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(a) Spectres transmis mesurés.

Chirp positif

Chirp négatif

Spectre de l'impulsion

Excitation non cohérente

(b) Spectres transmis simulés.

Figure 3.48 – Comparaison des spectres transmis mesurés avec les résultats de simulations numériques.

La cavité est maintenant sujette à une excitation cohérente et l’impulsion précédente, limitée
par transformée de Fourier, est dispersée positivement. Nous choisissons ici une valeur de
dispersion telle que φ(2) = +2,75 ps2. La dispersion positive correspond au cas d’une excitation
cohérente. Le spectre transmis est alors beaucoup plus large, courbe bleue, et le décalage de la
résonance vers le bleu bien plus élevé.

Afin de démontrer l’importance du rôle de la phase spectrale de l’impulsion excitatrice, nous
comparons l’impulsion dispersée précédente avec une autre impulsion dispersée mais avec une
valeur de φ(2) opposée : φ(2) = −2,75 ps. Ainsi, les deux impulsions ont le même spectre et la
même enveloppe, seul le signe associé à la phase spectrale est différent. Le spectre transmis sous
cette dernière excitation est tracé en rouge sur les figures 3.48.

L’objectif de l’excitation cohérente est de maximiser l’interaction lumière-matière et d’exalter
les non-linéarités induites par les porteurs libres. Dans une cavité de type Fabry-Perot, plus le
spectre transmis est large, plus ces non-linéarités sont élevées. Nous pouvons donc caractériser
l’efficacité d’excitation des porteurs libres dans la cavité en analysant la largeur du spectre
transmis. À cet effet, nous calculons son écart-type afin de quantifier son élargissement spectral
puis le comparer à celui de l’impulsion initiale. Les résultats des calculs sont synthétisés dans le
tableau 3.1.

Impulsion limitée par transformée de Fourier Chirp négatif Chirp positif
σ 0,55 nm 0,42 nm 0,89 nm
η 50% 40% 83%
β 270% 200% 830%

Pout 12 nW 15nW 22nW

Table 3.1 – Efficacité des différentes excitations.

Conformément aux simulations numériques, la puissance transmise est plus élevée dans le cas
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de l’excitation cohérente, ce qui démontre son efficacité.
Le rôle de la phase de l’onde sur l’efficacité de couplage de l’impulsion dans la cavité

est donc clairement mis en évidence puisque deux impulsions dont l’enveloppe est identique
(φ(2) = +2,75 ps2 et φ(2) = −2,75 ps2 ) donnent deux résultats totalement différents. D’une part,
lorsque la fréquence instantanée de l’onde est adaptée à la variation non linéaire de la fréquence
de résonance de la cavité, la puissance transmise est plus élevée. D’autre part, lorsque la fréquence
de l’onde varie dans le sens opposé de la résonance, la transmission n’est que légèrement plus
élevée qu’avec une impulsion limitée par transformée de Fourier.

L’élargissement spectral de la résonance dépend directement de l’énergie de l’impulsion, c’est
pourquoi, par la suite nous détaillons l’évolution du spectre transmis en fonction de la puissance
moyenne en sortie de l’étireur. Ceci permettra en particulier de mieux comprendre le rôle des
pertes non linéaires dans la transmission de la cavité.

3.6.2 Évolution du spectre transmis en fonction de la puissance d’entrée

Nous nous concentrons maintenant sur l’évolution des spectres transmis en fonction de la
puissance incidente dans les trois situations étudiées dans les parties précédentes, c’est-à-dire,
pour φ(2) = −2,75 ps2, φ(2) = 0 et φ(2) = +2,75 ps2. Pour ces trois situations, le décalage en
fréquence évolue, pour de faibles puissances, de manière linéaire, voir figures 3.49. Pour les
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(a) Spectres transmis en fonction
de la puissance en sortie de l’éti-
reur, lorsque φ(2) < 0.
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(b) Spectres transmis en fonction
de la puissance en sortie de l’éti-
reur, lorsque φ(2) = 0.
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(c) Spectres transmis en fonction
de la puissance en sortie de l’éti-
reur, lorsque φ(2) > 0..

Figure 3.49 – Évolution des spectres transmis par la cavité en fonction de la puissance moyenne de
l’impulsion en sortie de l’étireur pour trois excitations différentes.

excitations des figures 3.49a et 3.49b, l’évolution du décalage spectral évolue linéairement en
fonction de la puissance, y compris pour de fortes intensités. En revanche, le comportement
observé sous excitation cohérente est très différent, comme en témoigne la figure 3.49c. Alors que
le décalage spectral évolue linéairement pour de faibles puissances, lorsque la puissance augmente,
il tend à augmenter plus rapidement pour enfin saturer légèrement à très forte puissance. De plus,
le décalage spectral atteint sous excitation cohérente est bien plus élevé, comme en témoigne
la figure 3.50a, où les largeurs spectrales des spectres transmis sont tracées en fonction de la
puissance incidente pour les trois excitations.

Nous constatons une fois de plus que l’élargissement spectral sous excitation cohérente est
beaucoup plus élevé, en raison de la réfraction des porteurs libres qui est plus importante. Ce
comportement est confirmé par les simulations numériques comme l’illustre la figure 3.50b, qui
démontre une bien plus forte augmentation de l’élargissement du spectre transmis sous excitation
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Chirp positif

Excitation non cohérente
Chirp négatif

(a) Élargissement spectraux obtenus pour les
trois excitations : données expérimentales.

Chirp positif

Chirp négatif

Chirp nul

(b) Élargissement spectraux obtenus pour les
trois excitations : simulations.

Figure 3.50 – Comparaison des élargissements spectraux et puissances moyennes transmises pour les trois
excitations, en fonction de la puissance moyenne en sortie de l’étireur.

cohérente. Un désaccord est à noter entre la simulation numérique et les données expérimentales :
les simulations montrent un spectre transmis plus large pour un chirp négatif que pour une
impulsion en limite de Fourier, ce qui est opposé aux résultats expérimentaux.

Les puissances transmises sont également comparées, en vue de démontrer une meilleure
transmission dans le cas de l’excitation cohérente. Bien entendu, l’augmentation de la densité
de porteurs libres conduit à une élévation des pertes non linéaires, ce qui, comme nous l’avons
démontré dans le chapitre 2, n’empêche pas l’augmentation de la puissance intracavité. La
figure 3.51a montre l’évolution de la puissance totale transmise par la cavité en fonction de la
puissance moyenne d’entrée, dans les trois situations.

Chirp positif

Chirp négatif

Chirp nul

(a) Puissance moyenne transmise pour les trois
excitations : données expérimentales.

Chirp positif

Chirp négatif

Chirp nul

(b) Puissance moyenne transmise pour les trois
excitations : simulations.

Figure 3.51 – Comparaison des élargissements spectraux et puissances moyennes transmises pour les trois
excitations, en fonction de la puissance moyenne en sortie de l’étireur.

Pour une impulsion à dérive de fréquence négative (φ(2) < 0, courbe rouge), la courbe sature
légèrement moins que lors de l’utilisation d’une impulsion limitée par transformée de Fourier
(courbe noire). Cependant, les deux courbes sont relativement similaires. La saturation sous
ces deux excitations est sensiblement identique et démontre une limitation dans la puissance
maximale que peut transmettre la cavité. Le comportement observé sous une excitation cohérente
est totalement différent. Là où les deux autres courbes montrent une saturation, la courbe
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bleue continue de croître de manière approximativement linéaire. La saturation de la puissance
transmise due aux effets non linéaires est donc compensée par l’application d’une dérive de
fréquence positive à l’impulsion, prouvant ainsi une fois de plus l’action majoritaire de la réfraction
par les porteurs libres par rapport aux pertes par absorption des porteurs. Le niveau de puissance
atteint est plus de 50% supérieur à la saturation des deux autres courbes.

Le résultat des simulations numériques, illustré sur la figure 3.51b, montre un comportement
quasi identique. En effet, sous une cohérente, la puissance transmise (en bleu) continue à
augmenter, alors que sous les deux autres excitations (en noir et en rouge), nous observons une
saturation. Nous notons à nouveau un désaccord entre la simulation et l’expérience lorsque le
chirp est négatif.

3.6.3 Influence de la longueur d’onde centrale de l’impulsion sur le spectre transmis

Les résultats qui précèdent ont été obtenus en ayant un spectre d’impulsion dont la longueur
d’onde centrale a volontairement été décalée vers le bleu par rapport à la résonance. De cette
façon, la réfraction des porteurs libres décale la résonance vers le bleu, où la majeure partie des
composantes spectrales de l’impulsion se trouve. Le champ intra-cavité peut donc interférer de
manière constructive avec les composantes spectrales situées dans le bleu de l’impulsion, qui sont
majoritaires.

Cependant, l’impact de la longueur d’onde centrale de l’impulsion sur la dynamique du champ
intra-cavité doit être étudiée. Le déplacement des lames de filtrage permet de régler la longueur
d’onde centrale du spectre sans modifier la dispersion introduite par l’étireur. Même si cela a
une conséquence sur la forme du spectre en entrée, nous verrons que celle-ci est très faible sur les
3,7 nm de variation considérés.

Les figures 3.52, 3.53 et 3.54 présentent les spectres transmis pour six longueurs d’ondes
centrales de l’impulsion et pour des dispersions négative, nulle et positive, respectivement. La
puissance crête incidente est fixée, pour toutes les mesures, à 1,3W. Pour chaque figure, le spectre
de l’impulsion est tracé en rouge, la résonance de la cavité en régime linéaire, en cyan, et le spectre
transmis en bleu. Dans les trois situations, les deux premiers spectres correspondent au cas où la
majeure partie des longueurs d’onde de l’impulsion se trouve décalée vers le rouge par rapport à
la résonance. Les trois excitations montrent un comportement similaire que nous n’avons, pour le
moment jamais observé. Il s’agit de la génération de nouvelles longueurs d’ondes [Notomi 2006],
car, certaines des longueurs d’ondes transmises par la cavité ne sont pas présentes dans le spectre
de l’impulsion. Ce régime dynamique particulier sera en outre étudié dans le chapitre suivant.

Qui plus est, ces longueurs d’onde se trouvent décalées vers le bleu par rapport au spectre de
l’impulsion, ce qui signifie qu’elles sont générées par l’intermédiaire de la réfraction des porteurs
libres. Nous nous intéressons maintenant aux spectres numérotés 3, 4 et 5 sur les figures. Ceux-ci
correspondent à un régime d’excitation similaire à ce que nous avons étudié jusqu’à maintenant
puisque les longueurs d’onde de l’impulsion se décalent progressivement vers le bleu par rapport à
la résonance (pour le spectre numéro 3, l’impulsion est centrée sur la résonance). Nous retrouvons
alors des décalages spectraux vers le bleu des spectres transmis.

Notons que pour les cas d’une impulsion limitée par transformée de Fourier (figure 3.53)
et d’une impulsion à dérive de fréquence négative (figure 3.52), à mesure que nous décalons
l’impulsion vers le bleu, le décalage spectral de la résonance diminue. Au contraire, l’utilisation
d’une impulsion à dérive de fréquence positive permet de s’affranchir de cet effet et de conserver
un décalage spectral à peu près constant. Nous en arrivons alors à la conclusion que la dynamique
sous ce type d’excitation est très peu sensible à des variations de la longueur d’onde centrale de
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Figure 3.52 – Spectres transmis en fonction de la longueur d’onde centrale de l’impulsion, avec φ(2) < 0.
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Figure 3.53 – Spectres transmis en fonction de la longueur d’onde centrale de l’impulsion, avec φ(2) = 0.

l’impulsion.
La dernière mesure considère un spectre d’impulsion totalement décalé vers le bleu par rapport

à la résonance (spectre numéro 6). Dans les trois cas, une très faible portion du spectre, décalée
vers le bleu par rapport à la résonance, est transmise par la cavité. Seule l’excitation par une
impulsion limitée par transformée de Fourier (figure 3.53) transmet des composantes spectrales à
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Figure 3.54 – Spectres transmis en fonction de la longueur d’onde centrale de l’impulsion, avec φ(2) > 0.

la longueur d’onde de résonance de la cavité. Cela peut être expliqué par l’induction d’un léger
effet Kerr, dû à la plus forte intensité crête de l’impulsion par rapport à celles ayant subit une
dérive de fréquence.

3.6.4 Réduction de la puissance en entrée pour un décalage spectral donné

Nous montrons ici que l’excitation cohérente d’une microcavité permet de réduire la puissance
de l’impulsion d’entrée pour obtenir un effet non linéaire donné. En effet, si le contrôle cohérent
permet d’atteindre des décalages de résonance plus conséquents, cela signifie également que pour
atteindre un décalage spectral donné, une énergie moindre est requise. Le décalage spectral visé
est fixé à trois fois la largeur de la résonance, soit 0,6 nm. La puissance moyenne nécessaire pour
qu’une impulsion limitée par transformée de Fourier induise un tel décalage en longueur d’onde
est de 2,86mW, ce qui revient à utiliser une énergie de 1,7 pJ environ. Le spectre transmis est
tracé en noir sur la figure 3.55.

De la même manière, une impulsion à dérive de fréquence positive est injectée dans la cavité
afin d’obtenir le même décalage spectral. Une puissance requise de 1,68mW a été mesurée et
le spectre transmis correspondant est tracé en bleu. L’énergie consommée est alors de 1 pJ.
L’excitation cohérente permet alors de réduire de 70% l’énergie nécessaire pour atteindre un
décalage spectral égal à trois fois la largeur de la résonance en régime linéaire. Ceci s’avère
particulièrement intéressant pour certaines applications de la photonique non linéaire, et en
particulier pour les fonctions de commutation optique. L’application d’un contrôle cohérent est
par conséquent efficace même lors de faibles décalages spectraux, ce qui est un atout considérable
car, en général, un tel décalage est choisi de manière à être suffisamment faible pour réduire
l’énergie de commande au maximum.

Nous constatons de surcroît que le spectre transmis est quasiment identique pour les deux
excitations. Cela signifie que la transmission de la cavité est pratiquement identique, et donc



3.6. Excitation cohérente de la microcavité 107

1576 1578 1580 1582 1584 1586 1588
0

0.5

1

1.5

2

2.5

3

3.5

4x 10−6

λ [nm]

P
o
w

er
[m

W
]

Figure 3.55 – Spectre transmis par la cavité avec (en bleu) et sans (en noir) contrôle cohérent.

n’altère pas la qualité du signal transmis : le taux d’extinction est conservé.

3.6.5 Conclusion

Nous avons démontré expérimentalement l’excitation cohérente d’une microcavité non linéaire.
Il s’agit, à notre connaissance, de la première démonstration expérimentale de l’excitation
cohérente d’une microcavité non linéaire.

L’excitation de la microcavité par des impulsions à dérive de fréquence a été étudiée par le
biais de simulations numériques dans la section précédente. Cela nous a permis de faire le lien
entre ce que nous observons sur le spectre transmis par la cavité et la dérive de la résonance
induite par les porteurs libres. Nous avons alors soumis la cavité à une impulsion dont la dispersion
variait de φ(2) = −2,75ps2 à φ(2) = +2,75ps2. La différence entre les spectres transmis est
alors sans équivoque et constitue la confirmation d’une augmentation de la densité de porteurs
libres lorsqu’une impulsion à dérive de fréquence positive est utilisée pour l’excitation. Une
augmentation de la puissance transmise par la cavité a également été constatée dans les mêmes
conditions.

Nous avons par la suite étudié l’influence de la puissance incidente sur le décalage spectral
observé. La signature d’une densité de porteurs libres plus élevée lors de l’utilisation d’une impul-
sion à dérive de fréquence positive a pu être démontrée même pour des puissances relativement
faibles.

Enfin, puisque les mesures étaient toutes effectuées à une longueur d’onde d’excitation
particulière, nous avons étudié l’impact d’un changement de longueur d’onde l’impulsion d’entrée
sur les spectres transmis dans trois régimes d’excitation différents. Cette étude nous a amenés
à démontrer que sous une excitation cohérente adaptée, l’influence de la longueur d’onde de
l’impulsion est négligeable car le décalage spectral reste le même.

L’excitation de la microcavité par une impulsion à dérive de fréquence positive présente alors
de nombreux avantages. En effet, en plus d’une augmentation de la densité de porteurs libres,
cette excitation est à la fois robuste vis à vis d’une variation de la puissance incidente et de la
longueur d’onde de l’impulsion. Cela reste d’ailleurs relativement vrai pour une variation de la
dispersion de l’impulsion.
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Dans cette section, et lors de l’établissement du modèle, nous avons supposé que les effets
non linéaires induits par les guides d’accès à la cavité étaient négligeables. En vue de confirmer
cette hypothèse, nous avons, dans le cadre d’une collaboration avec l’IEF, conçu des microcavités
adaptées à l’expérience et pour lesquelles les longueurs des guides d’accès sont réduites.

3.7 Conception, caractérisation et contrôle cohérent de microcavités en
silicium

Cette thèse a en effet donné lieu à la conception de microcavités qui ont ensuite été fabriquées
à l’IEF. L’objectif principal était de réduire la longueur des guides d’accès afin de s’assurer que
les effets non linéaires y soient véritablement négligeables.

Deux méthodes de résolution des équations de Maxwell dans l’espace et le temps (FDTD
et a-FMM) ont permis de fixer les différents paramètres des cavités afin d’obtenir les longueurs
d’onde et les facteurs de qualité désirés. Les résonances ont été choisies afin de se trouver dans
la bande spectrale du laser, c’est-à-dire de 1560 à 1590 nm et les facteurs de qualité proches de
10 000. Nous présentons dans un premier temps les résultats des simulations numériques ainsi
que les différentes longueurs d’onde de résonance souhaitées et leurs facteurs de qualité respectifs.
Les techniques de fabrication seront brièvement abordées et les résultats de la caractérisation de
l’échantillon comparés aux simulations numériques. L’excitation cohérente de certaines cavités a
été réalisée au laboratoire et nous discuterons les résultats obtenus.

3.7.1 Simulations FDTD et a-FMM des microcavités

Les simulations numériques ont été, dans un premiers temps, réalisées sous MEEP [Os-
kooi 2010]. Leur objectif a été de déterminer les paramètres des miroirs de Bragg de la cavité.
Les miroirs de la cavité étudiée précédemment ne peuvent être réutilisés en l’état car la hauteur
de la couche de silicium des échantillons fabriqués à l’IEF est différente et vaut 260 nm.

Dans les simulations FDTD, trois paramètres différents ont été balayés : le rayon des trous,
la distance séparant les trous, et la longueur de la cavité, afin d’obtenir une résonance vers
les longueurs d’ondes souhaitées. La partie périodique du miroir possède les caractéristiques
suivantes : un diamètre de trous 200 nm et une période de 370 nm. Dans un premier temps, la
longueur de cavité est modifiée de sorte que la résonance se situe vers 1585 nm. Par la suite,
les paramètres du taper du miroir varient afin d’optimiser le facteur de qualité. Les paramètres
retenus sont indiqués sur la figure 3.56.

Le résultat d’une simulation FDTD, dont le résultat est tracé sur la figure 3.57, démontre,
pour une longueur de cavité de 450 nm, une longueur d’onde de résonance 1582,6 nm et un facteur
de qualité de 10 000. À titre indicatif, la simulation met également en évidence que la cavité est
doublement résonante avec une seconde résonance possédant un facteur de qualité de 100 environ
à la longueur d’onde de 1731,8 nm.

La méthode a-FMM est complémentaire à la FDTD car elle simule l’évolution du mode du
guide afin de donner l’intensité et la phase de la réflectivité d’un miroir. Il suffit ensuite d’utiliser
les paramètres obtenus et de spécifier une longueur de cavité pour en déduire la longueur d’onde
de résonance et le facteur de qualité de la cavité. Pour cela, nous utilisons le modèle Fabry-Perot
suivant la même approche que celle du chapitre précédent.

Le résultat des simulations, donne à la fois la phase totale accumulée par le champ intra-cavité
en fonction de la longueur d’onde, figure 3.58a, ainsi que le facteur de qualité en fonction de
la longueur d’onde, figure 3.58b. Pour une longueur de cavité de 450 nm, la phase totale est
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Figure 3.56 – Paramètres géométriques de la cavité utilisés pour les simulations numériques.
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Figure 3.57 – Courbe de transmission normalisée de la cavité en cristal photonique 1D.

(a) Évolution de la phase totale accumulée dans
la cavité en fonction de la longueur d’onde.
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(b) Évolution du facteur de cavité calculé en
fonction de la longueur d’onde.

Figure 3.58 – Calculs de la phase totale accumulée dans la cavité et du facteur de qualité en fonction de
la longueur d’onde.

égale à 2π à la longueur d’onde de 1576,8 nm, ce qui correspond à une résonance ayant un
facteur de qualité de 8500. Les résultats obtenus par cette méthode sont légèrement différents de
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ceux donnés par la FDTD. Cependant, les valeurs obtenues sont assez proches et nous pouvons
raisonnablement attendre un facteur de qualité de l’ordre de 9000 avec une longueur d’onde de
résonance proche de 1580 nm.

Le modèle Fabry-Perot (développé dans [Sauvan 2005]) associé à la méthode a-FMM possède
l’énorme avantage de pouvoir faire varier la longueur de cavité très simplement et d’obtenir la
longueur d’onde de résonance et le facteur de qualité instantanément, une fois les paramètres du
miroir déterminés. Afin de s’assurer d’avoir une résonance proche de 1580 nm après fabrication,
nous faisons varier la longueur de la cavité par pas de 10 nm, ce qui correspond à la résolution de
l’appareil utilisé pour la fabrication car chaque miroir est décalé de 5 nm. Les longueurs d’onde
de résonance et facteurs de qualité attendus sont répertoriés dans le tableau 3.2.

Longueur de la cavité Longueur d’onde de résonance Facteur de qualité
430 nm 1561 nm 8600
440 nm 1569 nm 9000
450 nm 1577 nm 8600
460 nm 1584 nm 8000
470 nm 1588 nm 7600

Table 3.2 – Calcul des longueurs d’onde de résonance et facteurs de qualité associés en fonction de la
longueur de la cavité.

L’obtention d’un facteur de qualité plus faible ou plus élevé, tout en conservant la longueur
d’onde de résonance de la cavité, est réalisée en ajoutant ou supprimant des trous dans la partie
régulière du miroir. Ainsi, l’échantillon fabriqué comporte des cavités dont les miroirs possèdent
un trou de moins et un trou supplémentaire. Ceci conduit, d’après les simulations FDTD, à des
facteurs de qualité de l’ordre de 4000 et 22000, respectivement.

3.7.2 Fabrication des microcavités

Les échantillons ont été développés au sein de la Centrale Technologique Universitaire (CTU),
salle blanche de l’Institut d’Électronique Fondamentale (IEF), par Charles Caër et Xavier Leroux
de l’équipe MINAPHOT. Les différentes étapes de fabrication sont détaillées par la figure 3.59,
issue de la thèse de Charles Caër [Caër 2013].

Un wafer sur lequel est déposée une couche de 260 nm de silicium (a), est enrésiné d’une
épaisseur de 90 nm de résine positive (b). Une étape de lithographie électronique, consiste à
imprimer le masque des cavités sur la résine (c). La résine est ensuite développée dans un mélange
de MIBK et d’isopropanol puis séchée sous un flux d’azote (d). Une gravure ICP (Inductively
Coupled Plasma ion etching), est enfin utilisée de manière à graver les cavités dans le silicium (e),
puis l’échantillon est nettoyé dans une solution d’acide sulfurique et d’eau oxygénée (piranha),
et nettoyée par plasma O2 (f). L’échantillon est finalement clivé, afin d’obtenir des facettes
perpendiculaires aux guides d’accès permettant l’injection dans les cavités.

Chaque cavité est dotée d’un guide d’accès large de 3 µm dont l’extrémité menant à la cavité
se réduit vers une largeur de 520 nm sur une distance de 300 µm par l’intermédiaire d’un taper. Le
guide d’accès large facilite grandement l’injection et l’extraction de la lumière de l’échantillon. De
plus, la faible longueur du guide sur lequel est gravée la cavité permet de réduire la contribution
de l’effet Kerr et de l’absorption à deux photons en amont de la cavité.
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Figure 3.59 – Étapes de fabrication des cristaux photoniques.

Les structures fabriquées ont préalablement été observées au microscope électronique à
balayage (MEB), en vue d’évaluer la qualité de fabrication de l’échantillon. La figure 3.60
présente les photos MEB des trois types de cavités fabriquées pour lesquelles les facteurs de
qualités sont de l’ordre de 4000, 9000 et 17000.

(a) Cavité avec Q∼4000. (b) Cavité avec Q∼9000. (c) Cavité avec Q∼17000.

Figure 3.60 – Photos MEB des trois types de cavités fabriquées. Les cavités (b) et (c) sont celles auxquelles
nous appliquerons l’excitation cohérente.

3.7.3 Caractéristation de l’échantillon fabriqué

Des premières caractérisations en régime linéaire ont été effectuées à l’IEF et démontrent
un désaccord entre les longueurs d’onde de résonance calculées et mesurées. Les figures 3.61
synthétisent les spectres transmis des cavités ayant un facteur de qualité de 9000 et 17000. Nous
voyons que les résonances ne sont pas aux longueurs d’ondes prévues. Cela est dû à la fabrication
des cavités qui n’a pas exactement respecté les paramètres prévus. En effet, une étude des photos
prises au MEB a révélé que les longueurs de cavités variaient de 407 à 460 nm au lieu de 430 à
470 nm, ce qui explique le décalage des résonances. Après avoir effectué ces mesures, nous avons
de nouveau simulé les longueurs d’onde de résonance, par la méthode a-FMM et avons obtenu
un très bon accord, avec une différence de moins de 5 nm entre les longueurs d’onde calculées et
celles qui ont été mesurées.

Malgré tout, les facteurs de qualité mesurés sur les cavités dont les longueurs d’onde de
résonance sont de 1570 ou 1580 nm concordent avec les simulations numériques. Nous nous concen-
trons alors sur deux cavités, dont les résonances sont sondées à l’aide de l’étireur d’impulsions, et
sont visibles sur les figures 3.62.
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(a) Résonances des microcavités de facteur de
qualité calculé à 9000.
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(b) Résonances des microcavités de facteur de
qualité calculé à 17000.

Figure 3.61 – Mesure de la transmission des cavités fabriquées pour les facteurs de qualité de 9000 et
17000.
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(a) Résonance d’une microcavité de facteur de
qualité calculé à 9000.
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(b) Résonance d’une microcavité de facteur de
qualité calculé à 17000.

Figure 3.62 – Transmission de deux cavités fabriquées.

Les facteurs de qualité mesurés correspondent à ce qui était attendu, c’est-à-dire, environ 9000
pour la première cavité et près de 16000 pour la seconde. Notre objectif est donc de démontrer
l’excitation cohérente de ces deux cavités. La première pourra être comparée à la cavité étudiée
précédemment, étant donné que leurs facteurs de qualité sont approximativement les mêmes.
Ceci permettra de quantifier le rôle du guide d’accès, étant donné qu’il devrait être négligeable
sur cet échantillon. La seconde cavité permettra de démontrer l’effet de l’excitation cohérente
sur une cavité de plus haut facteur de qualité car celui-ci est deux fois plus élevé que les cavités
précédentes.

3.7.4 Excitation cohérente des microcavités fabriquées

3.7.4.1 Excitation cohérente d’une cavité avec un guide d’accès court

Les résultats qui suivent ont été obtenus vers la fin de la thèse, par conséquent, les modèles
associés aux cavités n’ont pu être développés à temps et ne sont donc pas étudiés dans la suite.
La première expérience consiste à valider l’efficacité de l’excitation cohérente d’une microcavité
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dont le facteur de qualité est identique à celle utilisée dans l’étude précédente, mais dont le guide
d’accès est dix fois plus court. Un soin particulier a été apporté au niveau de la source laser afin
d’obtenir un spectre rectangulaire pour l’impulsion, voir figure 3.63.

1568 1570 1572 1574 1576 1578 1580
0

0.5

1

1.5

2

2.5x 10
−5

λ [nm]

P
u
is
sa
n
ce

[u
.a
.]

Figure 3.63 – Spectre de l’impulsion en sortie de l’étireur.

L’évolution du spectre transmis en fonction de la dispersion appliquée à l’impulsion est
présentée par la figure 3.64. Les décalages spectraux observés ainsi que l’allure globale du spectre
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Figure 3.64 – Évolution du spectre transmis par la cavité en fonction de φ(2).

sont quasiment identiques à ce qui a été observé lors de l’expérience précédente. Cela confirme
l’influence négligeable des effets non linéaires présents dans le guide d’accès.Nous constatons
cependant un décalage spectral légèrement plus élevé que celui obtenu avec la cavité précédente.
Celui-ci atteint en effet la valeur de 2 nm et remplit totalement le spectre de l’impulsion initiale,
comme le démontre la figure 3.65.
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Figure 3.65 – Spectres transmis par la cavité pour une excitation cohérente, en bleu, une impulsion
limitée par transformée de Fourier, en rouge, et une impulsion à dérive de fréquence négative, en vert. La
résonance de la cavité en régime linéaire est tracée en bleu et en pointillés, et le spectre de l’impulsion en
pointillés noirs.

En vue de confirmer ceci, nous traçons l’évolution de la quantité η, définie comme le rapport
entre l’écart-type du spectre transmis et de celui de l’impulsion. Comme le montre la figure 3.66,
environ 93% des longueurs d’ondes présentes dans l’impulsion de départ sont transmises par la
cavité.
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Figure 3.66 – Rendement de couplage des composantes spectrales de l’impulsion.

Ce résultat constitue donc une légère amélioration de l’efficacité du contrôle cohérent, proba-
blement liée à la réduction d’effets non linéaires dans le guide d’accès, notamment l’absorption à
deux photons, qui permet de coupler plus de lumière dans la cavité.

3.7.4.2 Excitation cohérente d’une microcavité à plus fort facteur de qualité.

Nous cherchons désormais à valider l’efficacité d’une excitation cohérente de la microcavité
dont le facteur de qualité est de 16 000. À cet effet, nous tâchons de garder les mêmes propriétés
d’impulsion, à savoir une largeur spectrale identique et une forme rectangulaire. En revanche,
sa longueur d’onde diffère afin de s’accorder avec la résonance de la cavité qui se situe autour
1585 nm, voir figure 3.67.
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Figure 3.67 – Spectre de l’impulsion en sortie de l’étireur.

L’évolution des spectres transmis est relativement similaire à celle obtenue précédemment.
L’excitation cohérente est alors également efficace, comme le démontre la figure 3.68. En effet,
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Figure 3.68 – Évolution du spectre transmis par la cavité en fonction de φ(2). Les franges des Fabry-Perot
formés par les réflexions sur les faces clivées de l’échantillon ont été filtrées pour plus de clarté.

alors qu’une dispersion négative
(
φ(2) < 0

)
semble n’avoir aucune influence sur le spectre transmis,

une dispersion positive entraîne un décalage spectral conséquent, de l’ordre de 0,8 nm. Cette
valeur est plus faible que celles obtenues dans les cavités de faibles facteur de qualité, cependant,
ce décalage est tout de même égal à 8 fois la largeur spectrale de la résonance, ce qui correspond
aux ordres de grandeur observés avec les autres cavité. Nous notons également que le taux
d’extinction de la cavité est beaucoup moins bon. Il y a deux raisons majeures à cela, la première
est que les pertes dans les miroirs sont plus élevées suite à un nombre de trous plus important.
La qualité de fabrication semble également jouer un rôle important car celle-ci semble être
moins bonne que pour les autres cavités, comme en témoigne la photo MEB de la figure 3.60c
sur laquelle nous observons quelques imperfections sur le bord gauche du guide d’accès. La
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figure 3.69 montre une photo en vue de dessus de la cavité sur laquelle nous pouvons observer les
imperfections dues à la fabrication.

Figure 3.69 – Vue de dessus de la microcavité, prise au MEB.

Les spectres transmis aux dispersions de 3 ps2, −3 ps2 et à dispersion nulle sont présentés
par la figure 3.70, où nous voyons clairement l’action du contrôle cohérent. Plus précisément,
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Figure 3.70 – Spectres transmis par la cavité pour une excitation cohérente, en bleu, une impulsion limitée
par transformée de Fourier, en vert, et une impulsion à dérive de fréquence négative, en vert. La résonance
de la cavité en régime linéaire est tracée en bleu et en pointillés, et le spectre de l’impulsion en pointillés
noirs.

nous n’observons aucune différence dans le décalage spectral de la résonance entre une excitation
limitée par transformée de Fourier et une impulsion à dérive de fréquence négative.

3.8 Conclusion
Suite aux résultats numériques du second chapitre, nous avons entrepris la conception d’un

montage permettant la dispersion des impulsions. Notre choix s’est porté sur la réalisation d’un
étireur d’impulsions à base d’un réseau de diffraction. Nous avons montré que la dispersion
angulaire introduite par le réseau pouvait mener à une dispersion de la vitesse de groupe des
impulsions. De cette manière, nous avons opté pour un étireur d’impulsions à quatre passages
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nécessitant un unique réseau de diffraction. Des calculs théoriques ont ensuite permis de fixer les
paramètres du réseau et des autres composants du montage.

La théorie étant posée, nous avons réalisé le montage complet de l’étireur d’impulsions, puis
nous l’avons caractérisé. Par une caractérisation à l’autocorrélateur, nous avons pu établir le lien
entre la position du réseau par rapport à la lentille et la dispersion appliquée. Les propriétés de
l’impulsion à la sortie de l’étireur sont donc parfaitement connues.

Par la suite, et avant de réaliser l’excitation cohérente de la cavité, nous avons étudié la
propagation des impulsions dans un nanoguide de silicium. Cela nous a permis, en régime linéaire,
de démontrer que l’injection dans le guide varie très peu lorsque nous changeons la dispersion.
Par une caractérisation en régime non linéaire, nous avons été à même de déterminer la puissance
crête de l’impulsion à l’intérieur du guide. Cette donnée est très importante car elle constitue un
moyen précis de quantifier la puissance intracavité.

La microcavité a tout d’abord fait l’objet d’une caractérisation linéaire, afin de déterminer sa
longueur d’onde de résonance et son facteur de qualité. Les propriétés de l’impulsion ont donc
été adaptées en conséquence. Une première confrontation a été faite avec le modèle et nous avons
observé un bon accord, qui met clairement en évidence l’efficacité de l’excitation cohérente. Nous
avons notamment étudié et comparé l’excitation cohérente avec une excitation dont la phase est
opposée et une excitation par impulsion limitée par transformée de Fourier. Le rôle de la phase
de l’onde dans le contrôle de l’interaction lumière-matière a pu être mis évidence de manière
très claire. Afin de démontrer la robustesse de l’excitation cohérente, nous avons également
confirmé expérimentalement que celle-ci ne dépend que très peu de la longueur d’onde centrale
de l’impulsion, contrairement aux autres excitations. Pour finir, nous avons, sur cette première
cavité, démontré que pour obtenir un décalage spectral de la résonance donné, l’utilisation d’une
impulsion cohérente permet d’économiser de l’énergie.

Nous nous sommes également concentrés sur la conception et la fabrication des cavités. En
nous basant sur la même géométrie de cavités, les paramètres du cristal photonique ont été adaptés
afin de disposer de cavité dont les facteurs de qualités et les longueurs d’onde de résonance ont
été choisis relativement à l’expérience. Au total, quinze cavités ont été fabriquées, mais seulement
six d’entre elles possédaient une longueur d’onde de résonance dans la bande spectrale du laser.
Les divergences entre simulations et les résultats obtenus en régime linéaire sont attribués à un
défaut de fabrication car les cavités ne possédaient pas la bonne longueur. Nous avons finalement
réalisé l’excitation cohérente de deux cavités, l’une présentant les même propriétés que celle
étudiée dans la partie précédente, et l’autre possédant un facteur de qualité plus élevé. Les
deux résultats ont été probants, et nous notons que le contrôle cohérent reste efficace même en
régime transitoire. Cela constitue donc la première démonstration expérimentale de l’exaltation
de l’interaction lumière matière dans un résonateur optique sous excitation cohérente.

Ce chapitre a, à partir de la théorie élaborée dans le chapitre précédent, mené à la démons-
tration expérimentale du contrôle cohérent de microcavités non linéaires. Le dispositif de mise en
forme d’impulsions a entièrement été pensé et réalisé dans cette perspective, ainsi que les cavités
conçues et fabriquées à l’IEF. La réalisation et fabrication de tous les éléments du système a
donc été démontrée. Les résultats liés à l’excitation cohérente de microcavités ouvrent donc des
perspectives très intéressantes. Dans le prochain chapitre, nous nous intéresserons à deux d’entre
elles : le contrôle cohérente de cavités actives et l’excitation cohérente de microcavités couplées.
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4.1 Introduction
Nous présentons, dans ce chapitre d’ouverture, quelques évolutions possibles du contrôle

cohérent de microcavités non linéaires. Certains travaux numériques ont été réalisés en col-
laboration avec Ariel Levenson, Alejandro Giacomotti et Samir Haddadi du Laboratoire de
Photonique et Nanostructures (LPN). Des simulations numériques de cavités L3 actives en
InP [Dvorak 1995,Brunstein 2009] ont été réalisées en vue de préparer une expérience pompe-
sonde de conversion adiabatique de longueur d’onde [Notomi 2006]. De ce fait, nous présenterons,
dans ce chapitre, la modélisation de ces cavités actives, ainsi que des simulations numériques liées
à la conversion adiabatique de longueur d’onde. Cela nous permettra notamment d’introduire le
modèle des modes couplés d’un système pompe-sonde. Nous montrerons également qu’en régime
non transitoire, le contrôle cohérent permet d’augmenter l’utilisation du gain de la structure
active.

D’autre part, les études concernant les microcavités non linéaires en silicium seront étendues
à un système constitué de deux cavités couplées. Nous introduirons dans un premier temps les
équations et les résultats de simulations numériques de cavités linéaires couplées [Ghişa 2008].
Après l’ajout des non-linéarités dans le modèle des modes couplés, le comportement en régime
dynamique non linéaire du système à deux cavités sera étudié. Le a sera finalement soumis à une
excitation cohérente et nous démontrerons une fois de plus l’importance de la phase spectrale de
l’impulsion utilisée pour l’excitation.

4.2 Contrôle cohérent de cavités en InP à puits quantiques en régime
pompe-sonde

4.2.1 Excitation en régime pompe-sonde de microcavités actives

La figure 4.1 présente le schéma du dispositif expérimental utilisé au LPN pour l’excitation
d’une microcavité active. Une impulsion, issue d’un laser Ti:Sa et dont la longueur d’onde se situe
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variable

f2

Figure 4.1 – Dispositif expérimental utilisé au LPN pour l’excitation pompe-sonde d’une microcavité
active.

aux alentours de 810 nm est utilisée faisceau pompe pour exciter les puits quantiques qui ont été
introduits dans le matériau. À cette longueur d’onde, il se produit, dans l’InP, un phénomène
d’absorption à un photon. L’impulsion pompe est donc utilisée afin de générer des porteurs dans
l’échantillon.
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De plus, une partie de l’énergie des impulsions issues du laser est prélevée et injectée dans un
oscillateur paramètrique optique afin de générer une sonde à 1550 nm. Celle-ci est, résonante
avec la cavité et pourrait être filtrée afin d’obtenir une largeur spectrale adaptée la résonance de
la cavité.

Dans ce schéma d’excitation, la pompe est utilisée afin d’induire une variation dynamique de
l’indice de réfraction du milieu en générant des porteurs libres par un processus d’absorption à
un photon. La sonde, injectée à la longueur d’onde de résonance de la cavité subit donc les effets
de la variation d’indice initiée par la pompe et sa dynamique s’en voit modifiée.

La section suivante est dédiée à l’établissement des équations qui régissent la dynamique du
champ sonde et de la densité de porteurs libres. Ces équations seront établies dans un schéma
d’excitation de type pompe-sonde à partir du modèles des modes couplés en considérant une
cavité active à puits quantiques dont nous présenterons brièvement la structure.

4.2.2 Modèle dynamique de cavités optiques en semiconducteurs III-V

L’étude qui suit est en lien direct avec une expérience réalisée sur une microcavité de
type L3 sur membrane [Yacomotti 2006] au LPN. La membrane suspendue, illustrée par la
figure 4.2, est composée d’un milieu actif, représenté en violet sur la figure, formé de quatre puits
quantiques [Brunstein 2011]. Les puits quantiques sont réalisés à partir de la superposition de

Figure 4.2 – Vue en trois dimensions de la cavité active sur membrane.

fines couches de deux matériaux dont l’énergie de gap est différente, ce qui a pour résultat de
créer des niveaux d’énergie discrets.

Comme nous l’avons mentionné dans la section précédente, l’utilisation d’une impulsion de
pompe résonante à un photon est à l’origine de la création de porteurs libres dans la membrane.
Le champ de la sonde subit alors une variation d’indice qui dépend directement de la densité
de porteurs libres. De manière générale, l’équation de propagation du champ sonde u(t) peut
donc être dérivée à partir de la théorie des modes couplés en tenant compte d’une variation de la
fréquence de résonance de la cavité :

du
dt

= i [ωres0+∆ωres]u(t)−
1
τ
u(t), (4.1)

où ωres0 est la pulsation de résonance de la cavité, ∆ωres la variation de résonance induite par
les porteurs, et τ le temps de vie des photons dans la cavité.

Dans un schéma d’excitation en régime très fortement transitoire, nous pouvons omettre le
terme source dans l’équation d’évolution de u(t). Celui-ci peut être injecté dans la condition
initiale u0 = u(t = 0) reliée à la valeur de la puissance crête de l’impulsion d’excitation pompe.

Les pertes dans la cavité, symbolisées par le temps de vie τ, ont de multiples origines. En
effet, aux pertes par le couplage, symbolisées par un temps de vie τe, s’ajoutent les pertes par
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absorption des puits quantiques, représentées par un temps de vie τa et les pertes par radiation,
s’échappant verticalement de la membrane, notées τrad. La contribution de toutes ces sources de
pertes mène à l’expression du temps de vie des photons dans la cavité τ :�



�
	

1
τ
=

1
τe

+
1
τrad

+
1
τa

. (4.2)

L’absorption par les puits quantiques dépend de la densité de porteurs libres et est caractérisée
par le temps de vie τa, qui s’exprime :

1
τa

=
cΓ

2ng
α(N), (4.3)

où α(N) représente les pertes d’absorption par les puits en fonction de la densité de porteurs
libres et Γ le facteur de confinement de la structure [Brunstein 2011]. En régime linéaire, 1

τa
représente un terme de pertes car les puits quantiques sont très absorbants, alors que lorsque la
densité de porteurs libres augmente, celui devient un terme de gain.

En effet, le milieu actif agit, du point de vue de la sonde, comme une source de gain g(N) dont
nous devons tenir compte. Nous définissons la transparence comme l’état dans lequel le nombre
d’électrons présents dans la bande de conduction et la bande ce valence du semiconducteur sont
égaux. À la transparence, nous notons la densité de porteurs libres Nt. Le gain g(N) étant nul
lorsque N = Nt, il s’exprime, dans l’approximation d’une faible densité de porteurs, en fonction
de N et des pertes linéaires comme :

g(N) = σ(N −Nt) = −α0
(
1− N

Nt

)
, (4.4)

où σ = α0/Nt, en première approximation, exprime une section efficace pour les porteurs libres.
Nous pouvons alors exprimer le coefficient de pertes α en fonction de la densité de porteurs
libres :

α(N) = α0

(
1− N

Nt

)
. (4.5)

Lorsque la densité de porteurs libres devient supérieure à Nt, α(N) devient négatif et se transforme
donc en une source de gain. De cette manière le temps de vie τa s’exprime

1
τa

=
1
τa0

(
1− N

Nt

)
, (4.6)

où le temps de vie τa0 est défini par :

1
τa0

=
cΓ

2ng
α0 (4.7)

et rend compte de l’absorption des puits quantiques en régime linéaire.
Par conséquent le temps de vie des photons dans la cavité peut être décomposé en deux

partie. La première représente le temps de vie des photons τl dans la cavité en régime linéaire :�



�
	

1
τl

=
1
τe

+
1
τrad

+
1
τa0

, (4.8)
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et la seconde, le terme de gain induit par les porteurs, ce qui donne un temps de vie global dont
l’expression est : �



�
	

1
τ
=

1
τl
− 1
τa0

N
Nt

, (4.9)

où le signe négatif du terme proportionnel à la densité de porteurs libres rend compte de
l’introduction d’un gain.

Nous normalisons le champ u de la sonde par une énergie de saturation définie par

|usat |2 =
Vcavhνng
cτpσ

, (4.10)

où Vcav représente le volume de la cavité, hν l’énergie d’un photon et τp le temps de vie des
porteurs. Nous écrivons l’équation d’évolution temporelle du champ sonde en posant :

a(t) =
u(t)

usat
e−iωres0t , (4.11)

ce qui conduit au système différentiel suivant :

da
dt

= −i∆ωresa(t)−
1
τ
a(t)

dN
dt

= − 1
τp

[
N+ (N −Nt) |a|2

]
,

(4.12)

dans lequel nous voyons, dans la seconde équation, que le terme |a|2 est source d’un dépeuplement
des porteurs libres, consommés afin d’alimenter le terme de gain dans l’équation du champ sonde
a(t). Nous avons supposé, dans ces deux équations, que les termes sources, à la fois pour le
champ de la sonde et la génération des porteurs libres, sont déterminés par les valeurs de a et de
N aux conditions initiales. Ainsi, la densité de porteurs induite par la pompe est donnée par
N0 = N(t = 0) et la valeur initiale du champ de la sonde par a0 = a(t = 0). Dans les régimes
d’excitation considérés, les effets thermiques peuvent être négligés [Brunstein 2011] car ceux-ci
possèdent un temps de réponse de l’ordre de la nanoseconde alors que nous opérons en régime
picoseconde ou femtoseconde par la suite.

L’origine de la dérive de la résonance est expliquée par le facteur de Henry αH, qui lie la
partie réelle et la partie imaginaire de la susceptibilité non linéaire associées aux effets de porteurs
libres :

αH =

∂Re(χFC)
∂N

∣∣∣∣
N=Nt

∂Im(χFC)
∂N

∣∣∣∣
N=Nt

(4.13)

L’indice de réfraction de la cavité est donc affecté par la présence de porteurs libres et est
défini à la transparence. L’évolution temporelle de la fréquence de résonance de la cavité est donc
donnée par : �



�
	∆ωres =

αH

τa0

(
N
Nt
− 1

)
. (4.14)

Notons que cette quantité est nulle lorsque N = Nt, ce qui est en accord avec la définition de
l’indice de réfraction.
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En utilisant les expression (4.9) et (4.14), l’équation (4.12) devient :

da
dt

= i
αH

τa0
a(t) + (1− iαH)

N
Nt

1
τa0

a(t)− 1
τl
a(t)

dN
dt

= − 1
τp

[
N+ (N −Nt) |a|2

]
,

(4.15)

Nous souhaitons normaliser ces équations afin que celles-ci soient sans dimension et que la
densité de porteurs soit normalisée par rapport au seuil de transparence du matériau. À cet effet,
nous introduisons les quantités suivantes :

n=
τl

τa0

N
Nt

(4.16a)

nt =
τl

τa0
(4.16b)

e = ae−i
αH
τa0

t. (4.16c)

L’échelle de temps a également été normalisée afin d’être unitaire pour τl . Les équation adimen-
sionnelles s’écrivent donc, après calcul :�




�

	
∂e

∂t
= (n(t)− 1)e(t)− iαHn(t)e(t)

∂n

∂t
= −γ

[
n(t) + (n(t)−nt)|e(t)|2

] , (4.17)

avec :
γ =

τl

τp
. (4.18)

Ce modèle, bien que très simplifié, rend parfaitement compte des phénomènes physiques en
jeu. En effet, la densité des porteurs n(t) est normalisée par rapport au seuil laser. Lorsque n(t)
atteint l’unité, le terme de pertes n(t)− 1 dans l’équation dynamique du champ sonde devient
une source de gain par l’inversion de son signe. Réciproquement, le champ e(t) est normalisé
par rapport à l’intensité de saturation des porteurs et lorsque e(t) dépasse l’unité les porteurs
sont consommés dans le terme de gain. Ceci se manifeste dans la seconde équation, régissant la
dynamique des porteurs, dans laquelle les pertes subies par les porteurs sont proportionnelles à
|e|2. Nous voyons également, dans la première équation, que le champ e(t) subit une dérive en
fréquence proportionnelle à la densité de porteurs libres due à la présence du terme αH.

Nous étudions, dans un premier temps, ce système en régime transitoire, afin de mettre en
avant la façon dont la densité de porteurs libres influe le régime dynamique du champ e(t). À
cet effet, nous serons amenés à utiliser directement les équations normalisées et à la résoudre
numériquement. La résolution des équations et les résultats obtenus seront illustrés par un
phénomène particulier : la conversion adiabatique de longueur d’onde.

4.2.3 Conversion adiabatique de longueur d’onde

La conversion adiabatique de longueur d’onde consiste à transférer une partie de l’énergie de
l’impulsion vers une longueur d’onde différente [Notomi 2006]. Le terme adiabatique est utilisé
pour illustrer le fait que la fréquence de l’impulsion est modifiée avant que l’onde n’ait effectué un
tour complet dans la cavité [Xiao 2011b,Xiao 2011a], comme l’illustre le schéma de la figure 4.3,
sur lequel nous voyons que la longueur d’onde du champ a changé avant de ressortir de la cavité.
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Variation 
d'indice

Figure 4.3 – Changement de la longueur d’onde du champ intracavité par variation de l’indice de réfraction.

En général, la variation de l’indice de réfraction est obtenue à l’aide d’une impulsion pompe
très courte et intense. Cette impulsion est à l’origine de la création très rapide de porteurs
libres dans la cavité, ce qui génère la variation d’indice souhaitée [Preble 2007]. Afin d’avoir une
conversion adiabatique, la durée de l’impulsion utilisée doit donc être plus courte que le temps
d’un aller-retour dans la cavité.

Nous étudions la réponse de la cavité dans un régime où la pompe est une impulsion gaussienne
dont la durée à 1/e est fixée à 120 fs, et nous la supposons limitée par transformée de Fourier 1.

La cavité considérée possède les paramètres donnés dans la référence [Yacomotti 2006]. La
résonance de la cavité se trouve centrée en 1540 nm et sa largeur spectrale est de 0,54 nm, ce qui
correspond à un facteur de qualité de 2860. Nous en déduisons le temps de vie des photons dans
la cavité, τl/2= 2,3 ps.

L’impulsion sonde est adaptée au temps de vie des photons et nous la supposons également
limitée par transformée de Fourier. Sa durée à mi-hauteur est fixée à 4 ps, ce qui peut être obtenu
en filtrant spectralement la sortie d’un oscillateur paramétrique optique pompé par le laser 2

Afin de tenir compte du couplage des impulsions pompe et sonde dans le résonateur, nous
introduisons les champs normalisés ein et nin dans le modèle :�




�

	
∂e

∂t
= (n(t)− 1)e(t)− iαHn(t)e(t) + ein(t)

∂n

∂t
= −γ

[
n(t) + (n(t)−nt)|e(t)|2

]
+ nin(t)

. (4.19)

Le terme de forçage nin est proportionnel à l’intensité de la pompe, celle-ci étant à l’origine de la
création des porteurs libres.

Dans ce système pompe-sonde où les deux sources sont impulsionnelles, le paramètre le
plus important est le retard qui sépare ces deux impulsions. Un dispositif expérimental mettant
en œuvre ce système doit donc impérativement posséder ce degré de liberté. Nous notons
∆t/τl = (tsonde − tpompe)/τl le retard normalisé entre les impulsions pompe et sonde. Les temps
tpompe et tsonde correspondent aux instants où les impulsions gaussiennes sont maximales. La
variation quasi-instantanée de la densité de porteurs libres fait que celle-ci peut être considérée
comme ayant lieu à l’instant tpompe.

Nous cherchons à démontrer, par la simulation, que la conversion de longueur d’onde peut
avoir lieu dans la cavité. À cet effet, nous traçons les spectres du champ intracavité en fonction
du délai ∆t/τl introduit entre l’impulsion pompe et la sonde. La figure 4.4 montre que, à
mesure que le délai entre la pompe et la sonde diminue, l’énergie est davantage transférée vers
de nouvelles longueurs d’ondes. En effet, nous voyons, lorsque le délai tend vers zéro, que de

1. La durée de 120 fs correspond aux impulsions que délivre le laser utilisé au LPN.
2. Un étireur d’impulsion en configuration 4f peut parfaitement réaliser cette opération de filtrage.
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Figure 4.4 – Évolution de la conversion adiabatique de longueur d’onde en fonction du délais séparant les
deux impulsions.

nouvelles fréquences apparaissent. Celles-ci sont éloignée d’une valeur de ∆ω = 10/τl de la
fréquence de résonance initiale de la cavité.

Étudions alors ce qui se passe dans le domaine temporel. La figure 4.5a montre l’évolution du
champ e(t) ainsi que de la densité de porteurs libres n(t) normalisés. Sur cette figure, un retard

Impulsion

Champ intracavité

Densité de porteurs

(a) Injection de la pompe 3τ′ après la sonde.

Impulsion Densité de porteurs

Champ intracavité

(b) Injection simultanée de la pompe et la sonde.

Figure 4.5 – Effet d’une variation d’indice rapide dans une cavité active en InP.

d’environ 3τl a été inséré entre l’impulsion pompe et la sonde, tracée en rouge. La variation
instantanée de fréquence de résonance de la cavité, proportionnelle à la densité de porteurs et
tracée en vert, provoque une oscillation du champ intracavité, en bleu. Nous retrouvons alors le
phénomène de battement détaillé dans les chapitres précédents.

Nous comparons ce résultat avec le cas où toutes les fréquences sont décalées dynamiquement
et dans lequel le délai entre pompe et sonde est nul, voir figure 4.5b. La pompe et la sonde
arrivent alors en même temps, et le champ e(t) se met alors à osciller dès l’instant t = 0, comme
le montre courbe bleue. Cette oscillation est induite par la variation très rapide de la fréquence
de la résonance de la cavité, tracée en vert. Ces oscillations témoignent d’une modification de la
longueur d’onde du champ e.

Nous avons donc mis en avant la conversion adiabatique de longueur d’onde dans un mi-
crorésonateur actif. Ces résultats ayant déjà été démontrés dans la référence [Yacomotti 2006],
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nous confirmons la validité de notre modèle et des paramètres choisis. Nous proposons donc de
l’utiliser dans d’autres conditions afin de démontrer théoriquement le contrôle cohérent de ce
type de cavité.

4.2.4 Contrôle cohérent d’un microrésonateur actif

Nous avons observé, lors de la génération très rapide d’une forte densité de porteurs, un
phénomène de battements sur l’impulsion sonde couplée dans la cavité. Ceci n’est pas sans rappeler
ce que nous avions évoqué lors du chapitre deux, dans lequel nous avons attribué l’origine des
battements subits par le champ intracavité à une variation de la fréquence de résonance de la
cavité. Afin de compenser ces battements, nous avions introduit la notion d’excitation cohérente,
dont le principe est d’appliquer une phase spectrale adaptée à l’impulsion qui est couplée dans la
cavité.

En vue de réaliser l’excitation cohérente d’une microcavité active dans un schéma d’excitation
de type pompe-sonde, nous conservons la même impulsion pompe, à savoir une gaussienne de
durée de 120 fs. L’impulsion sonde, quant à elle, est également de forme gaussienne et possède
une durée choisie arbitrairement égale à 600 fs 3. Cette fois, l’impulsion pompe est en avance
sur la sonde, afin de créer les porteurs avant que la sonde ne soit couplée dans la cavité. De
cette manière, si la sonde possède suffisamment d’énergie, elle contribuera au dépeuplement des
porteurs qui seront alors utilisés pour alimenter la sonde en énergie, induisant par la même
occasion une variation de la fréquence de résonance de la cavité.

Dans un premier temps, l’impulsion ein ne subit aucune dispersion, sa durée est donc de
600 fs et elle est limitée par transformée de Fourier et est tracée en rouge sur la figure 4.6b.
L’évolution temporelle du champ e(t) est tracée sur en bleu et contribue à ne dépeupler que très
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(a) Évolution temporelle du champ intracavité.
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(b) Évolution de la fréquence instantanée de
l’impulsion.

Figure 4.6 – Excitation cohérente d’une microcavité active.

peu de porteurs libres, comme en témoigne la courbe verte, qui donne l’évolution temporelle de
n(t). Cette évolution correspond, comme le montre la figure 4.6b, à un décalage spectral de la
résonance d’à peine 3/τl , ce qui est très faible. Le champ e(t) n’est donc pas amplifié de manière
efficace.

3. Cette impulsion peut être obtenue en filtrant spectralement l’impulsion sonde en sortie d’OPO. Le filtrage
pourrait d’ailleurs être réalisé en utilisant l’étireur d’impulsions étudié dans le chapitre précédent.
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Notre objectif est donc d’appliquer une dispersion d’ordre deux φ(2) à l’impulsion sonde de
façon lui imprimer une dérive linéaire de fréquence 4. Le champ e(t) subissant une dérive de
fréquence, par le biais du facteur de Henry, proportionnelle à la densité de porteurs, la dérive
de fréquence appliquée sur l’impulsion ein(t) incidente devra être adaptée à la variation de
fréquence de résonance de la cavité. De cette manière, les battements du champ e(t) devraient
être compensés, car sa fréquence instantanée suivra la résonance.

La dispersion φ(2) ainsi que le décalage spectral δω entre le centre de l’impulsion sonde et la
résonance (après injection de la pompe) sont optimisés numériquement. Nous obtenons φ(2) =

4,2 ps2 et δω = 3/τl , ce qui mène au résultat donné par la figure 4.7a. L’impulsion sonde ein
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(a) Évolution temporelle du champ intracavité.
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(b) Évolution de la densité de porteurs et de la
fréquence instantanée de l’impulsion.

Figure 4.7 – Excitation cohérente d’une microcavité active.

dispersée, en rouge, possède une durée de 7 ps et contribue à dépeupler les porteurs à plus de
80%, comme le montre la courbe verte qui représente l’évolution temporelle de n(t). L’enveloppe
du champ intracavité, représentée en bleu, n’a subit presqu’aucune déformation par rapport à
l’impulsion initiale et son amplitude a été divisée par 50 afin de l’afficher sur la figure.

Nous calculons alors le rapport entre l’énergie intracavité et l’énergie incidente, obtenues en
intégrant les champ |e|2 et |ein|2, respectivement, afin de déterminer l’exaltation du champ dans
la cavité.

Les porteurs sont donc utilisés de manière efficace afin de créer du gain au niveau de la
sonde et le champ est exalté d’un facteur 767. Sans l’application de dispersion, c’est à dire
avec l’impulsion sonde d’une durée de 600 fs (voir figures 4.6), le champ est exalté d’un facteur
137 seulement. L’utilisation d’une structure active sous excitation cohérente permet donc de
multiplier par plus de 5 l’exaltation du champ dans la cavité.

La figure 4.7b montre l’accord entre la dérive de la résonance et la fréquence instantanée de
l’impulsion sonde. Nous retrouvons un résultat similaire à ceux des chapitres précédents, à ceci
près que la variation de la résonance possède le signe opposé car la densité de porteurs libre
diminue.

Afin de bien mettre en évidence l’effet de la dispersion, nous traçons l’évolution du spectre
intracavité en fonction de φ(2), voir figure 4.8. Nous observons alors un décalage spectral et une
énergie qui augmentent tous deux lorsque la dispersion augmente. La consommation des porteurs
entraîne à la fois un décalage spectral vers le rouge ainsi qu’une élévation de l’énergie de la sonde.

4. Se référer au chapitre 2 pour les équations.
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Figure 4.8 – Évolution du spectre intracavité en fonction de la dispersion appliquée à l’impulsion sonde.

Les deux phénomènes sont étroitement liés, car le terme de gain et la réfraction par les porteurs
sont liés par l’intermédiaire du facteur de Henry. Cela explique donc parfaitement l’augmentation
du gain grâce à l’accord entre la fréquence instantanée de la sonde et la résonance de la cavité.

4.2.5 Conclusion

Nous avons établi le modèle des modes couplés d’une microcavité active à puits quantiques.
Ce modèle nous a permis de réaliser les simulations numériques d’un régime de conversion
adiabatique de longueur d’onde. Les résultat numériques en mis en évidence une conversion de
longueur d’onde dans la cavité, en accord les résultats de la référence [Yacomotti 2006].

Ce faisant, le même modèle a été utilisé pour simuler l’excitation cohérente de la cavité. Le
résultat préliminaire que nous avons obtenu montre que l’enveloppe du champ intracavité e(t)
subit très peu de distorsion. De plus, une plus forte consommation de porteurs libres dans le
terme de gain est à noter, ce qui mène à une exaltation du champ intracavité plus conséquente
en comparaison avec une excitation par impulsion en limite de Fourier. Cela nous conforte donc
dans notre ambition de démontrer ce résultat de manière expérimentale. En effet, à terme, un
étireur d’impulsions pourrait être utilisé pour mettre en forme l’impulsion sonde et tenter de
démontrer expérimentalement l’excitation d’un microrésonateur actif.

4.3 Contrôle cohérent de microcavités non linéaires couplées

4.3.1 Couplage de deux microcavités linéaires

Nous nous intéressons maintenant au cas de cavités linéaires couplées selon la géométrie
présentée sur la figure 4.9.
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Figure 4.9 – Deux cavités linéaires couplées entre elles.

Les champs u1 et u2 qui circulent dans les cavités sont liés par une constante de couplage κ.
Le taux de couplage κ est un nombre complexe dont la partie réelle représente les pertes induites
par le couplage et la partie imaginaire, le taux de couplage entre les deux cavités [Brunstein 2009].
En régime linéaire, les équations de l’évolution temporelle des deux champs s’écrivent alors sous
la forme d’un système différentiel :

du1
dt

= −iωres01u1(t)−
1
τ1

u1(t) + κu2(t) +

√
2
τe
sin(t)

du2
dt

= −iωres02u2(t)−
1
τ2

u2(t) + κu1(t)

. (4.20)

Le champ est uniquement injecté dans la première cavité, par le biais d’un temps de vie τe et
chaque cavité possède respectivement des temps de vie τ1 et τ2. Le système différentiel s’écrit
matriciellement sous la forme U̇= AU+B :(

u̇1
u̇2

)
=

(
Ω1 κ

κ Ω2

)(
u1
u2

)
+


√

2
τe
sin(t)

0

 , (4.21)

où Ω1 = iωres01− 1
τ1

et Ω2 = iωres02− 1
τ2

sont les pulsations complexes associées aux deux modes

résonants en l’absence de couplage. La matrice A=

(
Ω1 κ

κ Ω2

)
est diagonalisable à condition que

son déterminant soit non nul, ce que nous supposerons être le cas. Les valeurs propres de cette
matrice nous donnent directement les fréquences d’oscillation Ω+ et Ω− des modes propres dans
les cavités. En dimension deux, elles sont données par l’équation

Ω± =
1
2

(
Tr(A)±

√
Tr2(A)− 4dét(A)

)
,

avec Tr(A) la trace de A et dét(A) son déterminant. Cela conduit alors au résultat suivant :�



�
	Ω± =

Ω1+Ω2

2
± 1
2

√
(Ω1 −Ω2)

2+ 4κ2 . (4.22)

Dans le cas où les deux cavités sont strictement identiques (même fréquence de résonance et même
facteur de qualité, c’est-à-dire ωres01 = ωres02 et τ1 = τ2), les fréquences propres deviennent :�
 �	Ω± =Ω0 ±κ , (4.23)
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où Ω1 =Ω2 =Ω0. Les deux modes sont alors symétriques en fréquence par rapport à Ω0. Les
champs u1 et u2 s’expriment alors comme une combinaison linéaire de deux modes oscillant
respectivement aux pulsations Ω− et Ω+. Ces modes sont appelés mode symétrique et mode
antisymétrique, respectivement.

Lorsque le couplage est sans perte, κ est imaginaire pur [Trebaol 2010] et le spectre des
champs circulant dans les cavités est alors composé de deux lorentziennes centrées en Ω0 et
espacées de 2

τκ
, où nous appelons 1

τκ
la partie imaginaire de κ. Lorsque les pertes de couplage

entre les deux cavités sont négligées, les équations deviennent :

du1
dt

= −iωres01u1(t)−
1
τ1

u1(t) +
i

τκ
u2(t) +

√
2
τe
sin(t)

du2
dt

= −iωres02u2(t)−
1
τ2

u2(t) +
i

τκ
u1(t)

. (4.24)

Les deux champs intracavité oscillent alors avec une période liée à τκ et sont en opposition de
phase. Le champ circule donc alternativement dans chacune des cavités. La fonction réponse de
ce système peut être déterminée en excitant la première cavité par un Dirac.

Afin de réaliser la simulation numérique du système différentiel, nous utilisons les paramètres
mentionnés dans le tableau 4.1.

Paramètre Valeur Description
L 900 nm Longueur de la cavité
Sef f 300×300 nm2 Aire effective du mode
V 0,081 µm3 Volume de la cavité (Sef f × L)
τ0 49,4 ps Temps de vie intrinsèque des photons
τe 15 ps Temps de vie extrinsèque des photons
τ = τ1 = τ2 11,5 ps Temps de vie des photons dans la cavité
τκ τ/3 Temps de vie de couplage entre les cavités

Table 4.1 – Paramètres structurels de la micro-cavité étudiée.

Ces paramètres sont les mêmes que ceux que nous avions utilisés dans les simulations
numériques du chapitre 2. Les deux cavités, lorsqu’elles sont isolées, c’est-à-dire τκ→∞, sont
donc définies par les paramètres du tableau 4.1. L’excitation par un Dirac du système se fait
alors en injectant une impulsion sin d’une durée de quelques femtosecondes dans la première
cavité. La source présente alors un spectre très large bande et excite le système de deux cavité
couplées en régime fortement transitoire.

Le résultat de la simulation numérique, présenté sur la figure 4.10, démontre une alternance
du champ entre la première et la seconde cavité. Ce phénomène, observable dans une grande
variété de systèmes linéaires couplés, tels que les pendules couplés par exemple, implique que les
deux modes oscillent en opposition de phase. Nous constatons en effet une différence de phase de
π entre les courbes bleu et verte de la figure précédente. Nous remarquons par ailleurs que les
oscillations des deux champs possèdent une période environ égale à τ, ce que nous proposons de
démontrer en étudiant les spectres des champs u1 et u2. Dans le domaine spectral, les oscillations
amorties subies par les deux modes correspondent aux battements induits par la différence de
fréquence entre deux Lorentziennes, voir figure 4.11. Nous retrouvons alors, sur ce graphe, le fait
que les champs intracavités s’expriment en fonction des modes symétrique et antisymétrique. La
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Figure 4.10 – Oscillation des champs intracavité. En bleu celui de la première et en vert celui de la
seconde.

Figure 4.11 – Spectres des champs intracavité. En bleu celui de la première et en vert celui de la seconde.

description matricielle du système différentiel permet de déduire l’écart fréquentiel entre les deux
modes, celui-ci étant donné par 2/τκ. La figure précédente confirme cette expression, les deux
résonances étant en effet séparées d’une valeur de 6/τ = 2/τκ. Dans le domaine temporel, les
battements induits par ces deux résonances possèdent donc une fréquence de 1

2π
6
τ
∼ 0,95

τ
. Par

conséquent, la période d’oscillation de u1 et de u2 est environ égale à la durée de vie des photons
τ dans les cavités. Nous observons, sur la figure 4.10 que cette durée est légèrement supérieure à
τ, ce qui est conforme au calcul théorique qui nous donne une durée de 1,05τ environ.

Nous constatons également une différence entre les spectres circulant dans les cavités. Cela
provient principalement du fait que seule la première cavité est excitée par l’impulsions, la
seconde cavité ne reçoit de l’énergie qu’après un certain retard. Elle est donc excitée par un
champ qui n’est pas un Dirac car celui-ci a subi le filtrage de la première cavité.

D’autre part, sous une excitation en régime quasi-permanent, les évolutions temporelles des
champs intra-cavité sont totalement différentes. Nous définissons une impulsion d’entrée dont
la largeur temporelle à 1/e est de 4τ et résolvons numériquement les équations du système
différentiel linéaire. Sous ce régime d’excitation non transitoire, les champs u1 et u2 possèdent
tous deux des enveloppes approximativement gaussiennes, voir figure 4.12. L’impulsion qui circule
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Figure 4.12 – Évolution des champs intracavité en régime quasi-permanent.

dans la seconde cavité est retardée par rapport à celle qui circule dans la première, car celle-ci
ne peut se construire dans la cavité qu’après avoir circulé dans le premier résonateur. Nous
constatons que l’intensité du champ est plus élevée dans la seconde cavité. La distribution du
champ entre les deux cavités dépend fortement de la valeur du taux de couplage. En effet,
un faible taux de couplage privilégie une concentration du champ dans la première cavité, en
revanche, un fort taux de couplage tend à diriger la majeure partie du champ dans la seconde
cavité.

4.3.2 Dynamique non linéaire de deux microcavités couplées

L’introduction des effets non linéaires se fait en ajoutant les non-linéarités réfractives et
les pertes non linéaires dans les équations des modes couplés. Nous considérons deux cavités
identiques et faisons les approximations suivantes : l’indice de groupe est supposé égal à l’indice
effectif et vaut n0, l’indice du matériau, et de plus, les volumes non linéaires sont tous supposés
égaux au volume de la cavité V. Moyennant ces approximations, l’évolution des modes u1 et u2
dans les cavités 1 et 2 est décrite par les quatre équations couplées suivantes :
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Ces équations sont obtenues en considérant les équations d’évolution temporelle du champ et de
la densité de porteurs libres dans deux microcavités non linéaires. Une constante de couplage τκ
est ajoutée afin de relier les deux équations d’évolution des champs u1 et u2.

Le système global est donc composé de deux cavités dont seule la première est soumise à
une excitation extérieure. Le champ couplé dans cette première cavité est la source d’effets non
linéaires qui se manifestent principalement par la présence de porteurs libres. Sous une excitation
de forte énergie, la résonance de la première cavité subit par conséquent un décalage fréquentiel,
lié à la densité de porteurs. Après un demi-tour dans la première cavité, une portion du champ
est couplée dans la seconde cavité. Celui-ci subit, au cours de sa propagation, des effets non
linéaires, avant d’être partiellement réinjecté dans la première cavité, après un tour complet. Par
conséquent, la première cavité possède deux sources d’excitation, l’une provient de l’impulsion
d’entrée et l’autre du champ qui circule dans la seconde cavité. La deuxième cavité, quant à elle
ne possède qu’une seule source d’excitation, proportionnelle au champ qui circule dans la première
cavité. Ce raisonnement nous permet de mettre en avant le fait que les effets non linéaires seront
forcément différents dans chacune des cavités. Un contrôle cohérent de l’excitation ne peut donc,
a priori, servir qu’à maximiser le couplage dans l’une des deux cavités.

La première cavité est soumise à une excitation d’enveloppe gaussienne d’une puissance crête
de 90mW et d’une durée d’environ 1,7τ à 1/e. Sous une telle excitation, l’énergie de l’impulsion
est suffisante pour générer d’importantes non-linéarités. Nous supposons que les deux cavités
possèdent la même fréquence de résonance, et l’impulsion est choisie de sorte que sa fréquence
centrale soit confondue avec la résonance des cavités isolées. Sous de telles conditions, nous
obtenons l’évolution temporelle des puissances intra-cavité, voir figure 4.13a, en bleu pour la
première cavité, et en vert pour la seconde. Bien que l’intensité crête soit plus élevée dans la

Cavité 1

Cavité 2

(a) Évolution temporelle des puissances intra-
cavité.

Cavité 1

Cavité 2

(b) Évolution des fréquences de résonance des
cavités.

Figure 4.13 – Dynamique non linéaire dans un système composé de deux cavités non linéaires couplées.

première cavité (courbe bleue), les facteurs effectifs d’exaltation du champ,Mef f calculés sont
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équivalents. Le facteur d’exaltation du champ est légèrement plus élevé dans la première cavité,
ce qui, associé à une plus forte puissance crête, explique la plus forte intensité des effets non
linéaires dans cette cavité, comme le montre le décalage en fréquence de la résonance tracé en bleu
sur la figure4.13b, par rapport à la seconde (courbe verte). La forme plus piquée de l’impulsion
dans la première cavité implique une variation plus rapide de la dérive de la résonance, courbe
bleue, comparée à celle que nous observons dans la première cavité, courbe verte. Cette remarque
confirme que l’application d’un contrôle cohérent devrait être exclusive vis à vis d’une des deux
cavités.

L’utilisation d’une impulsion dont la fréquence centrale est initialement à résonance ne
garantit pas un couplage optimal, étant données les variations des deux fréquences de résonance.
Afin d’analyser l’impact d’une différence de fréquence entre l’impulsion et la résonance initiale,
nous effectuons une série de simulations numériques pour δω = ωres0 −ω0 variant de −20/τ à
20/τ. Nous rappelons que ωres0 et ω0 font référence à la pulsation de résonance en régime linéaire
et à la pulsation centrale de l’impulsion, respectivement. Les figures 4.14 montrent l’évolution du
facteur d’exaltation du champ, figure 4.14a, ainsi que du décalage spectral des résonances des
deux cavités, figure 4.14b, en fonction de δω. Nous constatons que les tendances sont les mêmes

Cavité 1

Cavité 2

(a) Évolution du facteur d’exaltation du champ
en fonction de δω.

Cavité 1

Cavité 2

(b) Évolution du décalage spectral maximal de
la résonance en fonction de δω.

Figure 4.14 – Impact de la fréquence centrale sur l’efficacité de couplage de l’impulsion dans le système
couplé.

entre le facteur d’exaltation du champ et le décalage spectral de la résonance. D’une cavité à
l’autre, l’évolution est totalement différente. En effet, dans la première cavité, le couplage est
meilleur pour δω ∼7/τ. Cependant, ceci s’obtient au détriment du couplage dans la seconde
cavité qui devient alors très mauvais. Il faut alors faire un compromis afin d’obtenir un couplage
correct dans les deux cavités. Pour δω ∼ 1/τ, les deux cavités possèdent un facteur d’exaltation
relativement élevé. Celui-ci est en fait maximal pour la seconde cavité. Nous constatons que le
champ qui circule dans la seconde cavité ne peut être maximisé seulement si le champ est intense
dans la première cavité. Au contraire, nous pouvons parfaitement maximiser le champ dans la
première cavité sans nous soucier de la seconde. Ainsi, en ayant très peu de variations sur le
facteur d’exaltation du champ dans la première cavité, nous pouvons, par un simple changement
de la longueur d’onde centrale de l’impulsion, maximiser ou minimiser le champ qui circule dans
la seconde cavité.

Conformément aux travaux précédents, concernant une unique cavité, nous souhaitons
observer l’effet d’une excitation cohérente sur ce type de structure. En effet, cela pourrait, à
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l’instar du contrôle cohérent d’une unique cavité, permettre une augmentation de l’interaction
lumière-matière. De plus, le paramètre δω pourrait avoir une plus faible influence sur la valeur
de l’énergie intra-cavité et nous pourrions peut-être maximiser le champ dans la seconde cavité.

4.3.3 Contrôle cohérent d’un système à deux cavités

Afin de réaliser l’excitation cohérente des deux cavités, nous devons tout d’abord fixer la
durée de l’impulsion initiale, qui sera ensuite injectée dans un milieu dispersif afin de générer
une impulsion à dérive de fréquence. Pour ce faire, l’impulsion étant limitée par transformée de
Fourier, sa durée est calculée en fonction de sa largeur spectrale. Nous anticipons une dérive des
résonances des cavités de l’ordre de 20/τ, comme c’était le cas pour une cavité seule. Ainsi, la
durée de l’impulsion est fixée à la valeur de T0 = τ/10, voir chapitre 2. Afin d’obtenir, après
dispersion, une impulsion dont la durée et l’énergie sont les mêmes que l’impulsion utilisée pour
générer les figures précédentes, nous devons utiliser une impulsion initiale dont la puissance crête
est de 0,8W et une dispersion de φ(2) =11,3 ps2.

L’impulsion dispersée est injectée dans la première cavité, et nous étudions l’influence du
paramètre δω sur le couplage de l’impulsion dans les deux cavités. Comme le montre la figure 4.15a,
l’exaltation du champ est maximale aux alentours de δω = 8/τ dans les deux cavités. Dans les

Cavité 1

Cavité 2

(a) Évolution du facteur d’exaltation du champ
en fonction de δω.

Cavité 1

Cavité 2

(b) Évolution du décalage spectral maximal de
la résonance en fonction de δω.

Figure 4.15 – Impact de la fréquence centrale sur l’efficacité de couplage de l’impulsion dans le système
couplé.

deux cavités, l’exaltation du champ est plus importante sous une excitation cohérente. Nous
montrons en effet une augmentation de près de 50% sur l’exaltation du champ dans la première
cavité, et de 30% dans la seconde. Nous choisissons de fixer δω à la valeur de 8/τ afin d’étudier les
enveloppes des champs ainsi que les décalages de résonances associés. Ce point de fonctionnement
correspond à l’endroit où les facteurs d’exaltation sont approximativement égaux. Ainsi, nous
voyons, sur la figure 4.16a, que les enveloppes des champs intra-cavités sont très peu différentes.
De plus, nous n’observons aucun battement sur les enveloppes, preuve que la dérive de fréquence
de l’impulsion est adaptée aux effets non linéaires réfractifs dans les deux cavités. Nous constatons
également que les décalages fréquentiels des résonances sont approximativement identiques, voir
figure 4.16b.

Nous observons cependant, sur les figures 4.15, que l’exaltation du champ dans la première
cavité implique toujours une diminution d’intensité dans la seconde. Étant donné que la source
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en fonction de δω.
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(b) Évolution du décalage spectral maximal de
la résonance en fonction de δω.

Figure 4.16 – Impact de la fréquence centrale sur l’efficacité de couplage de l’impulsion dans le système
couplé.

impulsionnelle est injectée dans la première cavité, nous pouvons facilement y maximiser les
interactions lumière-matière au détriment de la seconde cavité. La situation inverse est a priori
plus difficile à obtenir sans modification du taux de couplage. Néanmoins, nous voyons sur la
figure 4.15b que les effets non linéaires peuvent être plus élevés dans la seconde cavité que dans
la première. L’écart entre les deux courbes montrées sur la figure 4.16b, bien que très faible, est
bien visible et atteint presque 5/τ, ce qui correspond à plus de deux fois la largeur à mi-hauteur
de la résonance.

Sous une excitation cohérente, la localisation du champ dans la seconde cavité semble donc
possible. Si tel est le cas, l’influence du paramètre φ(2) y est très intimement liée. En effet, selon
la valeur de φ(2) la dérive en fréquence de l’impulsion d’entrée varie et peu donc s’accorder
préférentiellement avec la résonance d’une des deux cavités. Nous étudions alors par la suite
l’influence de φ(2) sur les facteurs d’exaltation du champ calculés dans chacune des deux cavités.

4.3.4 Orientation du champ vers une cavité à l’aide du contrôle cohérent

Nous choisissons ici de conserver l’impulsion initiale d’une durée de τ/10, tout en faisant
varier le chirp φ(2) que nous lui appliquons. Cela a pour conséquence directe de modifier la durée
de l’impulsion dispersée, le régime d’excitation sera alors plus ou moins transitoire. Ce point
sera discuté au regard des résultats obtenus. Au cours de cette étude, le paramètre δω est gardé
constant et vaut 8/τ, ce qui signifie que les facteurs d’exaltation obtenus ne sont pas optimaux
et peuvent être améliorés en modifiant δω.

Les simulations numériques nous donnent l’évolution des facteurs d’exaltation du champ
dans les deux cavités, figure 4.17a. Nous retrouvons un croisement des deux courbes pour φ(2) =
11,3 ps2, ce qui correspond à ce que nous avions observé auparavant. De part et d’autre de ce
croisement les tendances s’inverse. En effet, pour de faibles valeurs de φ(2), le champ est plus
intense dans la première cavité, alors que, lorsque la dispersion devient supérieure à 11,3 ps2, le
champ se trouve être plus intense dans la seconde cavité. Le chirp appliqué à l’impulsion permet
donc de choisir dans quelle cavité le champ est le plus intense.

Les dérives en fréquence des résonances montrent un comportement similaire, le croisement
des deux courbes a lieu pour la même valeur de φ(2), voir figure 4.17b. Une différence entre
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Cavité 1

Cavité 2

(a) Évolution du facteur d’exaltation du champ
en fonction de δω.

Cavité 1

Cavité 2

(b) Évolution du décalage spectral maximal de
la résonance en fonction de δω.

Figure 4.17 – Impact de la fréquence centrale sur l’efficacité de couplage de l’impulsion dans le système
couplé.

l’évolution du décalage spectral de la résonance de la première cavité et son facteur d’exaltation
est toutefois visible pour φ(2) < 10 ps2. En effet, alors que le décalage spectral de la résonance
augmente lorsque φ(2) diminue, le facteur d’exaltation tend à diminuer. Il s’agit de la frontière
qui sépare le régime transitoire du régime permanent, en dessous de φ(2) = 10 ps2 l’excitation est
en régime transitoire, et cela correspond d’ailleurs à une durée d’impulsion qui devient inférieure
à τ.

4.3.5 Conclusion

Dans un premier temps, nous avons déterminé le modèle des modes couplés de deux cavités
linéaires couplées. Le couplage, supposé sans pertes, implique l’existence de deux modes propres
symétriques par rapport à la résonance des cavités. Après avoir expliqué mathématiquement ce
phénomène, nous avons réalisé les simulations numériques des cavités en régime linéaire afin de
vérifier nos prédictions théoriques.

Ceci étant fait, les effets non linéaires d’ordre trois et de porteurs libres ont été inclus dans le
modèle. Les simulations numériques ont mis en évidence un comportement dynamique complexe
du système, montrant des enveloppes de champ distordues ainsi que des évolutions des résonances
des cavités totalement différentes. Nous avons ensuite étudié l’effet d’un décalage spectral entre
le centre de l’impulsion et la fréquence initiale des résonances pour montrer que le champ est,
quelque soit cette valeur, principalement contenu dans la première cavité.

Par la suite, nous avons étudié l’excitation cohérente de cette structure. Pour une dispersion
fixée et une fréquence centrale de l’impulsion variable, nous avons ainsi montré que, dans certains
cas, l’énergie pouvait être plus élevée dans la seconde cavité. Nous avons donc étudié l’impact
d’une variation de la dispersion pour mettre en évidence que ce paramètre permet de sélectionner
la cavité vers laquelle orienter le champ. Ce dernier point est très important car il ouvre la voie
à des applications de routage optique, par exemple.
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4.4 Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons donné deux perspectives possibles au contrôle cohérent

de microcavités. Ces deux études ont donné des résultats prometteurs et ont été réalisées en
tenant compte au maximum des contraintes expérimentales.

Le modèle d’une cavité active a mené à des simulations numériques de conversion adiabatique
de longueur d’onde probantes. De plus, l’excitation cohérente d’une microcavité active a été
étudiée de façon a être en accord avec les résultats déjà publiés par le LPN. Réaliser le système
pompe-sonde requiert une ligne à retard variable afin de pouvoir synchroniser les impulsions
pompes provenant directement du laser avec celles de la sonde qui ont été mises en forme par
l’étireur d’impulsions. Le système pompe-sonde envisagé est donc parfaitement réalisable et
nous pouvons espérer des résultats relativement proches des simulations numériques réalisées. Le
résultat expérimental attendu est donc une augmentation du facteur d’amplification en régime
d’excitation cohérente.

L’étude des cavités couplées en régime non linéaire annonce beaucoup de résultats prometteurs.
En effet, même si le modèle ne tient pas compte des volumes non linéaires, nous avons montré,
lors des chapitres 2 et 3, pour une cavité seule, que cela suffisait à reproduire les comportements
de dynamique non linéaire. L’excitation cohérente de cavités couplées devrait donc permettre
d’étendre le contrôle cohérent à des structures plus complexes. Cependant, il ne faut pas oublier
les contraintes liées à la fabrication, qui impose un taux de couplage donné. Avant de poursuivre
cette étude, il faudrait donc réaliser des simulations FDTD de cavités couplées afin d’en établir
un modèle complet et réaliste.

Néanmoins, une fois le modèle établi, les paramètres de l’impulsion pourront être adaptés
afin d’obtenir les résultats escomptés. De plus, le contrôle cohérent peut également contribuer
en ce sens, car il agit directement sur le couplage de l’impulsion dans l’une ou l’autre des deux
cavités. Enfin, la possibilité de diriger le champ dans une cavité plutôt qu’une autre est sans
aucun doute une ouverture à la réalisation de systèmes de routage optique du signal, point que
nous aborderons dans les conclusions et perspectives.





Conclusions

Le travail effectué au cours de cette thèse a eu pour objectif principal de mieux comprendre
le comportement dynamique d’une onde dans une microcavité non linéaire afin de contrôler
son interaction avec le matériau. Cette démarche a débuté par l’établissement des équations de
propagation en régime non linéaire. Nous avons donc disposé d’un modèle dont tous les paramètres
sont déterminés, soit par nos mesures, soit par les valeurs reportées dans la littérature.

La possibilité d’enlever certaines non-linéarités du modèle nous a appris beaucoup de choses
sur la contribution de chacune d’entre elles. Ceci nous a notamment mené à étudier les effets non
linéaires réfractifs et à chercher un moyen de les compenser afin d’augmenter l’interacton entre
l’onde et le matériau. La méthode envisagée consiste en une manipulation de la phase spectrale
de l’impulsion : le contrôle cohérent. Après avoir introduit la notion de contrôle cohérent, nous
avons donc déterminé les paramètres nécessaires au façonnage de la phase spectrale de l’impulsion
adapté aux non-linéarités. Ce faisant, nous en avons déduit qu’une dérive linéaire de la fréquence
instantanée de l’impulsion est suffisante, étant donnée l’allure de la variation instantanée non
linéaire de l’indice de réfraction de la cavité. Nous avons donc conçu un étireur d’impulsions
introduisant une dérive de fréquence linéaire aux impulsions. Cette dérive de fréquence, très
finement réglable, nous a permis de démontrer l’importance du rôle de la phase de l’onde lors de
l’excitation de la cavité en régime non linéaire. Les résultats obtenus montrent effectivement une
augmentation de l’interaction lumière-matière lorsque le terme de phase est adapté aux effets
non linéaires.

À la suite d’une collaboration entre l’Institut d’Électronique Fondamentale et l’Institut
d’Optique, nous avons eu l’occasion de concevoir nos propres cavités. Les facteurs de qualité
de celles-ci ont été choisis afin de démontrer l’efficacité du contrôle cohérent en régime quasi-
permanent et en régime transitoire. De cette façon, la réalisation de chaque élément de l’expérience
a été démontrée (à l’exception de la source), de la conception de l’étireur à celle des cavités
étudiées. Nous avons cependant noté quelques divergences entre les simulations numériques et
les expériences. Une explication plausible est que les paramètres publiés dans la littérature sont
très variables, c’est pourquoi, une caractérisation plus fine de ces derniers serait une très bonne
initiative. Celle-ci pourrait par exemple se faire en étudiant l’évolution du spectre transmis
par une cavité non linéaire en fonction de la puissance et la dérive de fréquence de l’impulsion
injectée. Nous pourrions ainsi disposer de plus de précisions quant aux contributions des diverses
non-linéarités. Une meilleure caractérisation de l’impulsion en sortie de la cavité serait par
conséquent un véritable atout. Nous pouvons envisager, par exemple, la réalisation d’un système
XFROG, dans lequel une pompe de forte intensité servirait à caractériser l’impulsion. En effet,
en injectant cette dernière et la pompe dans un cristal non linéaire à l’ordre deux, nous aurions
accès à la fois à l’intensité, au spectre et la phase de l’impulsion transmise.

De plus, lors du dernier chapitre, nous avons évoqué quelques perspectives relatives à cette
thèse. Dans cette partie, nous avons démontré que lors de l’utilisation de cavités actives, l’efficacité
de transfert de l’énergie de la pompe vers la sonde pouvait être améliorée. Dans le même registre,
nous pouvons imaginer d’utiliser le contrôle cohérent pour réaliser de l’amplification Raman. En
effet, lorsque nous considérons une pompe et une sonde décalées en fréquence de la largeur de la
transition Raman, les effets non linéaires induits par la pompe modifient le décalage fréquentiel
pompe/sonde et réduit l’efficacité de transfert d’énergie [Kroeger 2010b], voir annexe C. Nous
pourrions donc envisager un contrôle cohérent de la pompe et de la sonde afin que celles-ci soient
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toujours à résonance et que le transfert d’énergie soit maintenu.
Nous avons également démontré théoriquement l’efficacité du contrôle cohérent dans des

structures à base de cavités couplées. En effet, disposer d’un paramètre en vue de sélectionner une
cavité dans un système à deux cavités couplées est une étape très importante et mène directement
aux applications visant à réaliser du routage optique du signal. Cela pourrait notamment être
utilisé dans les futures architectures hybrides électronique/optique de microprocesseurs. L’idée
de systèmes plus complexes, à trois, quatre ou même plus de cavités pourrait également donner
des résultats intéressants. L’excitation cohérente ouvre donc la voie au contrôle de systèmes plus
complexes, à base de multiples cavités.

Enfin, les récents progrès dans le domaine de la fabrication des cristaux photoniques ont
donné lieu à la réalisation de guides pour lesquels la dispersion de vitesse de groupe est contrôlée.
L’ingénierie de dispersion a permis d’atteindre des valeurs de l’ordre de la picoseconde carré par
centimètre, ce qui pourrait constituer un premier pas vers l’intégration de la mise en forme de la
phase spectrale des impulsions.

Cette thèse a donc eu pour objectif de présenter un moyen simple de mise en forme d’une
impulsion pour l’adapter à la dynamique d’un objet interférométrique non linéaire. Les possibilités
sont donc illimitées, nous pouvons imaginer des mises en forme d’impulsion très complexes,
réalisées à l’aide de façonneurs d’impulsions, permettant de contrôler des structures à cavités
couplées et mener à des applications en logique photonique. En effet, le système à deux cavités,
par l’intermédiaire du contrôle cohérent, constitue un système dont la sortie possède trois états.
Nous pouvons donc envisager la réalisation de multiplexeurs à la base de cavités couplées.

Malgré les dernières avancées en matière de consommation d’énergie, quelques progrès restent
à faire. En effet, même si des transistors optiques peuvent d’ores et déjà commuter pour une
énergie de commande inférieure au femtojoule, les matériaux utilisés pour parvenir à ces résultats
sont soumis à rude épreuve et leur durée de vie n’est pas très bien déterminée. Les énormes
avancées réalisées ces quinze dernières années ne laissent ainsi plus le moindre doute sur l’avenir
très prometteur des nanostructures photoniques non linéaires.



Annexe A

Modèle itératif d’une microcavité non
linéaire

A.1 Modèle électromagnétique d’une cavité

Le modèle dit itératif d’une microcavité tel qu’il est proposé ici est une façon alternative
(au modèle des modes couplés) de modéliser une microcavité. Il permet une résolution des
équations électromagnétiques dans la cavité, en tenant compte de la propagation de l’onde. Il est
généralement utilisé pour des cavités de grande tailles, telles que les cavités en anneaux dans
lesquelles l’approximation d’une onde stationnaire n’est plus valable.

A.1.1 Propriétés d’une cavité linéaire

L’étude en régime stationnaire d’une cavité linéaire est indispensable à la bonne compréhension
de multiples phénomènes. L’exaltation du champ ou les effets de différents types de couplages en
sont de bons exemples. À partir du modèle développé par A. Yariv [Yariv 2000], nous pouvons
exprimer les différents champs Ein, Eout, Eci et Eco, repérés sur la figure A.1 :(

Eout
Eci

)
=

(
ρ iκ
iκ ρ

)(
Ein
Eco

)
, (A.1)

où ρ et κ représentent les coefficients de réflexion et de transmission du coupleur.

Figure A.1 – Une cavité couplée à un guide d’accès.

La propagation de l’onde dans la cavité donne une relation supplémentaire, liant les champs
d’entrée et de sortie de la cavité :

Eco = Eci ae
iφ0 , (A.2)

où a et φ0 sont respectivement l’atténuation et le déphasage subits par l’onde après un tour dans
la cavité. Cette information nous amène à déterminer le rapport entre le champ intracavité et le
champ d’entrée, par le biais de l’équation :

Ec
Ein

=
iκ

1− ρaeiφ0
, (A.3)
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où Ec est le champ circulant dans la cavité. Apparaît alors le facteur d’exaltation du champ
circulant dans la cavité. En effet, à résonance, c’est-à-dire lorsque φ0 = 0 [2π] :�



�
	β=

∣∣∣∣∣ EcEin

∣∣∣∣∣= κ

1− ρa
. (A.4)

Le rapport entre les intensités intracavité et d’entrée nous conduit à :

A=
Ic
Iin

=

∣∣∣∣∣EciEin

∣∣∣∣∣2 = κ2

1+ a2ρ2 − 2aρcos(φ)
. (A.5)

La figure A.2 présente le spectre intracavité (φ ∝ ω), normalisé par rapport à la puissance
d’entrée, qui montre une exaltation du champ.
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Figure A.2 – Résonances d’une cavité en fonction du déphasage subit par l’onde(κ= 0,2 et a= 0,98 ⇒
β ≈ 5).

À partir de ce spectre, deux caractéristiques fondamentales sont mises en avant :
— la largeur des raies,
— l’intervalle spectral libre.

De ces deux paramètres découlent le facteur de qualité et la finesse de la cavité, liés à l’intervalle
spectral libre et aux constantes de couplage entre le guide et la cavité. L’intervalle spectral libre,
ISL, s’exprime comme l’inverse du temps τR que met l’onde à faire un tour de cavité :�



�
	τR =

n0L
c
⇒ ISL=

c

n0L
. (A.6)

À partir de l’équation A.5, nous pouvons déterminer la demi-largeur à mi-hauteur d’une raie
d’absorption. En effet, partant de

cos(φ) =
4aρ− 1− a2ρ2

2aρ
,

et en se plaçant à mi-hauteur, c’est-à-dire :

φ= φ0+ δφ1/2,
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avec φ0 = 2mπ et δφ1/2� 2π, un développement en série de Taylor donne :

cos(φ0+ δφ1/2) ≈ 1−
δφ2

1/2

2
=

4aρ− 1− a2ρ2

2aρ
,

soit
δφ1/2 ≈

1− aρ
√
aρ

,

finalement, la largeur totale à mi-hauteur correspond à un déphasage δφFWHM (Full Width at
Half Maximum) tel que

δφFWHM ≈ 2
1− aρ
√
aρ

. (A.7)

Étant donnée la relation liant le déphasage et la pulsation (φ = ωτR), nous obtenons la
largeur spectrale totale à mi-hauteur d’une raie :�



�
	δωFWHM ≈

2
τR

1− aρ
√
aρ

. (A.8)

A.1.1.1 Facteur de qualité

De manière générale, le facteur de qualité est lié à la largeur d’une résonance donnée. Il
s’exprime comme le rapport entre l’énergie emmagasinée E0 et l’énergie dissipée δE, c’est donc
une grandeur liée aux pertes :

Q =
E0
δE

=
ω0

δω
. (A.9)

La bande passante d’une raie est définie par sa largeur à mi-hauteur δωFWHM, il en résulte
l’expression suivante du facteur de qualité :�



�
	Q =

ω0

δωFWHM
≈ ω0

τR

2

√
aρ

1− aρ
. (A.10)

A.1.1.2 Finesse

La finesse des raies se définit naturellement comme :

F =
2π ISL
δωFWHM

, (A.11)

en combinant les équations A.6 et A.8, nous obtenons�



�
	F = π

√
aρ

1− aρ
. (A.12)

Nous remarquons que le temps de vie des photons dans la cavité est donné par

τph =
2π

δωFWHM
= τRF , (A.13)

ce qui signifie que le nombre de tours que fait un photon dans la cavité est directement donné
par la finesse.
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A.1.2 Cavité linéaire en régime dynamique

Intéressons nous maintenant au régime dynamique d’une cavité linéaire, présentée par la
figure A.3. Les champs d’entrée et de sortie, au niveau du point de couplage (symbolisé par une
lame semi-réfléchissante) sont notés Ein(t) et Eout(t), respectivement. Le champ intracavité est
noté Ec(z, t), où z varie de 0 à L, la longueur totale de la cavité.

(a) (b)

Milieu linéaire

Figure A.3 – Représentation d’une cavité linéaire en anneau (a) et de sa fonction de transfert du milieu
linéaire (b).

La lame semi-réfléchissante possède un coefficient de transmission κ et un coefficient de
réflexion ρ. L’équation qui lie les quatre champs électromagnétiques s’exprime donc de la manière
suivante : (

Eout(t)
Ec(0, t)

)
=

(
ρ iκ
iκ ρ

)(
Ein(t)
Ec(L, t)

)
. (A.14)

Le couplage est supposé symétrique et sans pertes, ce qui implique notamment que κ2 + ρ2 = 1.
Le milieu linéaire dans lequel se propage l’onde est caractérisé par son atténuation linéique α ainsi
que sa longueur L. Une onde ayant entièrement traversé ce milieu subit alors une atténuation et
un déphasage qui dépendent directement de ces paramètres :

Ec(L, t) = Ec(0, t − τR)e−αL/2eiφ0 , φ0 = k0n0L, (A.15)

où k0 =
2π
λ0

est le vecteur d’onde et n0 l’indice de réfraction linéaire du milieu.
L’équation régissant la dynamique du système est alors parfaitement déterminée en combinant

l’équation de propagation et celle du couplage :Eout(t) = ρEin(t) + iκEc(0, t − τR)e−αL/2eiφ0

Ec(0, t) = iκEin(t) + ρEc(0, t − τR)e−αL/2eiφ0
. (A.16)

A.1.3 Résolution analytique pour un effet Kerr pur

Par la suite, nous nous intéresserons à de multiples effets non linéaires agissant simultanément
sur la phase et l’intensité de l’onde circulant dans la cavité. Dans une première approche, seul un
effet Kerr pur est considéré, l’indice de réfraction de la cavité s’exprime alors

n(z, t) = n0+ n2I(z, t), (A.17)
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où n2 est l’indice de réfraction non linéaire lié à l’effet Kerr. Le chemin optique vu par l’onde se
voit augmenté d’une certaine quantité, ce qui provoque un déphasage supplémentaire de l’onde
tel que :

Ec(L, t) = Ec(0, t − τR)e−αL/2ei(φ0+φNL(t)), (A.18)

avec, d’après le premier chapitre :

∂φNL

∂z
(z, t) = k0n2I(z, t),

ainsi, puisque dz
dt =

c
n0

:

φNL(L, t − τR) = k0n2

∫ L

0
I
(
z, t − τR+

n0
c
z
)
dz,

soit : �



�
	φNL(t − τR) = k0n2I(0, t − τR)

1− e−αL

α
. (A.19)

Finalement, l’évolution des différents champs se résume à :Eout(t) = ρEin(t) + iκEc(0, t − τR)e−αL/2ei(φ0+φNL(t))

Ec(0, t) = iκEin(t) + ρEc(0, t − τR)e−αL/2ei(φ0+φNL(t))
. (A.20)

Pour une impulsion d’entrée gaussienne de faible intensité, la phase non linéaire apportée
est en première approximation gaussienne. Les composantes fréquentielles du champ vont donc
suivre temporellement une évolution gaussienne, provoquant ainsi un décalage fréquentiel de la
résonance de la cavité.

A.1.4 Prise en compte d’autres non linéarités

A.1.4.1 Absorption à deux photons et effets de porteurs libres

Nous séparons phase et intensité de l’onde de la manière suivante :

Ec(z, t) =
√
I(z, t)eiφ(z,t),

un champ se propageant dans un milieu purement linéaire est alors décrit par :
∂I
∂z

(z, t) = −αI(z, t)

∂φ

∂z
(z, t) = k0n0

. (A.21)

Lorsque l’absorption à deux photons et les effets de porteurs sont introduits, l’expression du
champ devient : �




�

	
∂I
∂z

(z, t) = − [α+ βTPAI(z, t) + σAN(z, t)] I(z, t)

∂φ

∂z
(z, t) = k0 [n0+ n2I(z, t) + σRN(z, t)]

, (A.22)
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où N(z, t) est la densité de porteurs libres (en supposant que les porteurs se recombinent
lentement) : �



�
	∂N

∂t
(z, t) ≈

βTPA

2h̄ω
I2(z, t) . (A.23)

De ces deux dernières équations, nous pouvons en déduire, à partir de I(L, t) et φ(L, t), le
champ Ec(L, t) en fonction de Ec(0, t − τR). Posons alors :

Ec(L, t) = fNL [Ec(0, t − τR)] , (A.24)

où fNL tient compte de tous les effets non linéaires. L’équation de propagation de l’onde incidente
dans la structure est alors parfaitement déterminée par :�




�

	
(
Eout(t)
Ec(0, t)

)
=

(
ρ iκ
iκ ρ

)(
Ein(t)
Ec(L, t)

)
Ec(L, t) = fNL [Ec(0, t − τR)]

. (A.25)

A.1.4.2 Absorption à m photons et effets de porteurs libres

Certains matériaux possèdent une énergie de gap trop importante pour que deux photons
soient capables de franchir la barrière de potentiel séparant la bande de conduction de la bande
de valence. C’est pourquoi, dans certains matériaux on observe des phénomènes d’absorption à 3
ou 5 photons par exemple. Afin d’aborder le problème de manière générale, nous considérons
un matériau présentant une absorption à m photons. Dans ce cas, la phase non linéaire est
toujours modifiée par les porteurs libres et l’effet Kerr. Les pertes dues à l’absorption, quant à
elles s’expriment de la manière suivante :

∂I
∂z

(z, t) = −βmPAI
m−1(z, t), (A.26)

de la même façon, l’équation régissant l’évolution des porteurs libres devient :

∂N
∂t

(z, t) ≈
βmPA

mh̄ω
Im(z, t). (A.27)

A.2 Résolution numérique des équations
Le modèle électromagnétique peut être décomposé en deux parties distinctes :
— le point de couplage, dépendant du temps uniquement,
— une équation de propagation dans le milieu non linéaire.

La résolution de l’équation au niveau du point de couplage se fait naturellement car il suffit
d’introduire le signal d’entrée dans l’équation et toutes les grandeurs sont déterminées. En
revanche, la résolution de l’équation de propagation non linéaire requiert certaines approximations.
Comme le présente la figure A.4, la cavité doit être découpée en tronçons de taille dz.

Nous rappelons alors l’équation de propagation non linéaire à résoudre :

∂I
∂z

(z, t) = −
[
α+ βmPAI

m−1(z, t) + σAN(z, t)
]
I(z, t)

∂φ

∂z
(z, t) = k0 [n0+ n2I(z, t) + σRN(z, t)]

∂N
∂t

(z, t) ≈
βmPA

mh̄ω
Im(z, t),

(A.28)
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Figure A.4 – Discrétisation du milieu non linéaire d’une cavité.

que nous pouvons réécrire : 

∂I
∂z

(z, t) = −fI(z, t)× I(z, t)

∂φ

∂z
(z, t) = fφ(z, t)

∂N
∂t

(z, t) ≈ fN(z, t).

(A.29)

A.2.1 Résolution numérique de l’évolution de l’intensité

L’évolution de l’intensité se résout en supposant que les variations de fI(z, t) sont négligeables
sur un intervalle de longueur dz et en tenant compte de la relation liant dz à dt (dz/dt = c/n0),
cette équation se résout approximativement à un instant initial t−τR correspondant à l’entrée de
l’onde dans le milieu non linéaire :

I(z, t − τR) = I(0,−τR)e−
∫ z

0
fi(u,un0/c−τR)du ,

ce qui, sur un tronçon dz, donne 1 :

I(z+ dz, t − τR+ dt) ≈ I(z, t − τR)e−fi(z,t−τR)dz ,

et qui, une fois discrétisée, s’écrit :

I(i+ 1, j −M+ 1) = I(i, j −M)e−fI(i,j−M)dz , (A.30)

où i représente la variable d’espace, j la variable de temps, M est le nombre de pas dt nécessaires
pour faire un tour de cavité (M = τR/dt, ou encore la distance nécessaire pour faire un tour :
M = L/dz), et dz le pas d’intégration.

A.2.2 Résolution numérique de l’évolution de la phase

Comme pour l’intensité, la phase de l’onde est résolue en tenant compte du fait que dz/dt =
c/n0. Cela implique que l’équation à résoudre numériquement est :

dφ
dz

(z,z c/n0) = fφ(z,z c/n0),

équation qui se résout généralement en utilisant la méthode d’Euler. Cette méthode s’appuie sur
le développement limité d’une fonction afin d’en déduire une approximation de sa dérivée :

φ(z+ dz)−φ(z)
dz

∼
dz→0

dφ
dz

(z), (A.31)

1. Il s’agit ici de la méthode exponentielle d’Euler.
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de cette façon, on en déduit une expression de φ(z+ dz) :

φ(z+ dz, t − τR+ n0/cdz) ≈ φ(z, t − τR) + fφ(z, t − τR)dz.

L’équation d’évolution spatiale de la phase se résout alors numériquement de la manière suivante :

φ(j + 1, i −M+ 1) = φ(j, i −M) + fφ(j, i −M)dz, (A.32)

où i représente l’indice correspondant à la variable d’espace z, et dz le pas d’intégration.

A.2.3 Résolution numérique de l’évolution de la densité de porteurs libres

L’évolution de la densité de porteurs libres obéit à l’équation suivante :
∂N
∂t

(z, t) = fN(z, t).

Cette équation se traduit numériquement par le développement au premier ordre suivant :

N(z, t+ h) = N(z, t) + hfN(z, t)

⇒ N(j, i −M+ 1) = N(j, i −M) + fN(j, i −M)dz.

A.2.4 Algorithme complet

La boucle itérative utilisée pour résoudre la propagation de l’onde dans une cavité non linéaire
est présentée ci-dessous.

dz = dt*L/tauR;

for i = M+1 : nt - M

I(1, i - M) = abs(Er(i-M))^2;

phiE(i) = angle(Er(i-M));

for j = 1 : M+1

N(j, i - M + j) = N(j, i - M + j - 1) +

beta*dt/(2*hbar*c*k0)*(I(j, i - M))^2;

I(j + 1, i - M + j) = I(j, i - M + j - 1)*exp(- ( 1*aL +

1*beta*I(j, i - M + j - 1) + 1*sigmaA*N(j, i - M + j - 1) )*dz);

phiNL(j + 1, i - M + j) = phiNL(j, i - M + j - 1) + dz*k0*(

1*n2*I(j, i - M + j - 1) + 1*sigmaN*N(j, i - M + j - 1) );

end

EN(i) = exp(-1i*(phi0 + 1*phiNL(j,i)))*sqrt(I(j,i))*exp(1i*phiE(i));

% Coupler (lossless)

Eo(i) = r*Ei(i) - 1i*k*EN(i);

Er(i) = -1i*k*Ei(i) + r*EN(i);

end



Annexe B

Simulations FDTD

B.1 Simulation FDTD d’une microcavité linéaire

B.1.1 Paramètres de la cavité

Afin de déterminer complètement l’évolution temporelle du champ dans une microcavité en
régime linéaire, nous devons résoudre les équations de Maxwell dans l’espace et le temps. La
méthode FDTD (Finite-difference time-domain method) est justement utilisée à cet effet. Elle
permet de résoudre les équations de propagation dans des structures diverses, qu’elles soient
linéaires ou non.

Nous étudions le cas d’une cavité en anneau, pour laquelle la simulation sera effectuée en
deux dimensions. Nous utilisons le logiciel libre MEEP [Oskooi 2010], développé par le MIT. La
cavité est composée de deux éléments : un guide d’accès de 450 nm de largeur, et une cavité en
anneau d’un diamètre interne de 5 µm et une largeur de guide de 450 nm également. Le couplage
entre le guide et la cavité se fait par champ évanescent. Le temps de vie τe, lié au couplage
entre le guide et l’anneau 1, dépend donc de la distance qui sépare le guide de la cavité. Ici, cette
distance vaut 100 nm. De plus, l’indice de réfraction du matériau vaut 3,485 (ce qui correspond à
l’indice de réfraction du silicium) et les pertes dans le guide et la cavité sont nulles.

Afin de réaliser la simulation numérique, nous initialisons dans un premier temps les variables
contenant les paramètres géométriques de l’anneau et du guide. Les unités spatiales utilisées sont
normalisées par rapport à la constante a qui vaut ici 1 µm.

(define-param epsSi (* 3.485 3.485)) ; dielectric constant of silicon

(define-param a 1) ; normalized unit length in micron

(define-param rext (/ 2.95 a)) ; ring external radius

(define-param rin (/ 2.5 a)) ; ring internal radius

(define-param wgwidth (/ .45 a)) ; waveguide width

(define-param espace (/ .1 a)) ; space between wg and ring

(define-param ywg (* (+ rext (+ (/ wgwidth 2) espace)) -1))

Nous définissons ensuite l’espace considéré pour réaliser la simulation. Ici, nous choisissons une
cellule dont la largeur et la hauteur valent respectivement cinq et quatre fois le rayon extérieur de
l’anneau. Afin d’éviter les effets de bords (réflexions, etc.) aux limites de la cellule de simulation,
nous ajoutons des PML (Perfect Matched Layers) d’une épaisseur de 1 µm, qui permettent
d’absorber le champ.

; Cell dimensions

(define-param sx (* 5 rext)) ; cell size in x direction (wvg.)

(define-param sy (* 4 rext)) ; cell size in y direction (transverse)

(define-param dpml 1) ; PML thickness

(set! geometry-lattice (make lattice (size sx sy no-size)))

1. Se reporter au premier chapitre pour les définitions des temps de vie.
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Maintenant que la zone de simulation est définie et créée en mémoire, nous pouvons dessiner
la structure de la cavité. Nous n’utilisons ici que deux formes géométriques : le rectangle et le
disque, déclarés dans le code par les mots-clé block et cylinder. Afin de dessiner l’anneau, insérons
d’abord un disque de silicium de rayon rext, auquel nous superposons un disque d’air de rayon
rin.

(set! geometry

(append

(list

(make block

(center 0 ywg)

(size sx wgwidth)

(material (make dielectric (epsilon epsSi)))

)

(make cylinder

(center 0 0)

(radius rext)

(height infinity)

(material (make dielectric (epsilon epsSi)))

)

(make cylinder

(center 0 0)

(radius rin)

(height infinity)

(material air)

)

)

)

)

La structure étant maintenant dessinée, nous pouvons placer les PML. De plus, la résolution est
fixée à 30, ce qui signifie qu’un carré de un micromètre de côté est découpé en 30×30 pixels.

(set! pml-layers

(list

(make pml (direction X) (thickness dpml) )

(make pml (direction Y) (thickness dpml) )

)

)

(set-param! resolution 30)

Comme le montre la figure B.1, un champ électrique source, polarisé selon l’axe y, est injecté
dans la partie gauche du guide d’accès. La source utilisée est une gaussienne dont la fréquence
centrale vaut 0.643 en unité normalisée. Étant donnée la normalisation des unités de distance, et
sachant que la célérité de la lumière est normalisée à 1, cela correspond à une longueur d’onde
de 1/0,643 µm, soit 1555,2 nm. Nous choisissons une source très large bande afin de mettre en
évidence l’intervalle spectral libre de la cavité. La largeur spectrale est fixée à 0,1 en unités
normalisées, ce qui correspond à une largeur de bande de 1000×(1/0,593 − 1/0,693) = 243 nm. Il
faut également spécifier les dimensions de la source.

(define-param fcen 0.64316517783295) ; pulse center frequency
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(define-param df 0.1) ; pulse freq. width: large df = short impulse

(set! sources

(list

(make source

(src (make gaussian-src

(frequency fcen)

(fwidth df))

)

(component Ey)

(center (* (/ sx 3) -1) ywg)

(size (* 1 wgwidth) wgwidth)

(amplitude 1)

)

)

)

Figure B.1 – Cartographie du champ dans une microcavité en anneau.

B.1.2 Intervalle spectral libre du résonateur

Nous avons vu que l’intervalle spectral libre dépend du temps que met l’onde à faire un tour
de cavité. Dans une cavité en anneau, il dépend donc du rayon externe de la cavité, en effet
la longueur de la cavité est donnée par L = 2πR. Selon cette définition, et avec un rayon de
2,95 µm, l’intervalle spectral libre de la cavité est de 4,64THz. Le champ électrique utilisé pour
exciter la cavité doit couvrir plusieurs résonances pour pouvoir estimer l’intervalle spectral libre.
Par conséquent, nous utilisons une source gaussienne limitée par transformée de Fourier dont la
largeur spectrale à mi-hauteur est de 15THz environ. Une transformée de Fourier sur l’évolution
temporelle du champ donné par la simulation FDTD nous permet d’en déduire le spectre donné
par la figure B.2.
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Figure B.2 – Spectre du champ intracavité.

L’intervalle spectral libre obtenu est légèrement plus faible que notre prédiction théorique.
Cela est dû à l’allongement du temps de parcours de l’onde lors du passage dans le coupleur qui
a été négligé précédemment.

B.1.3 Facteur de qualité

L’estimation du facteur de qualité peut être réalisée de plusieurs manières. La première
méthode est de mesurer la largeur spectrale de la résonance. La seconde méthode, plus précise,
s’applique dans le domaine temporel. L’évolution temporelle du champ est décomposée en une
somme de sinusoïdes, éventuellement exponentiellement décroissantes. Les fréquences et taux de
décroissances de ces sinusoïdes sont déterminés. Lorsque nous choisissons une impulsion source
dont la largeur est plus élevée que celle de la résonance mais plus faible que l’intervalle spectral
libre, nous obtenons un champ oscillant décroissant exponentiellement au cours du temps. Le
logiciel libre Harminv développé par Steven G. Johnson du MIT réalise cette opération.

Ainsi, nous utilisons une impulsion de largeur spectrale légèrement inférieure à l’intervalle
spectral libre, centrée sur la fréquence de 192,95 THz, ce qui correspond à une longueur d’onde
de 1554,8 nm. Le facteur de qualité donné par Harminv est de 29 436. Notons que plus le facteur
de qualité est élevé, plus la durée de la simulation est élevée. En effet, le facteur de qualité est
proportionnel au temps de vie des photons dans la cavité, or, pour estimer correctement ce temps
de vie, la fenêtre temporelle de la simulation doit nécessairement lui être supérieure.

B.1.4 Exaltation du champ

Nous illustrons ici le phénomène d’exaltation du champ par une simulation FDTD. Une source
continue dont la longueur d’onde correspond à celle de la résonance centrée en 1554,8 nm est
injectée dans le guide. Une fois le régime transitoire passé, c’est-à-dire après un temps supérieur
au temps de vie des photons, nous traçons la cartographie du champ à un instant donné, voir
figure B.3.
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Figure B.3 – Exaltation du champ dans la cavité.

Comme le montre cette figure, l’intensité du champ intracavité est beaucoup plus élevé que
celle du champ injecté dans le guide.

B.1.5 Utilisation de la méthode FDTD pour compléter le modèle des modes couplés

Les simulations FDTD fournissent, à partir des paramètres géométriques des cavités, des
informations indispensables pour le modèle des modes couplés. Par exemple, nous pouvons
effectuer une première simulation de cavité en anneau sans guide, afin d’estimer le facteur qualité
intrinsèque de la cavité. Ensuite, une deuxième simulation, avec guide d’accès permet d’en déduire
le facteur de qualité global. L’intervalle spectral libre, quant à lui, nous donne une information
sur la distance que parcourt vraiment le champ électrique dans la cavité. Toutes ces informations
permettent, à partir de la géométrie d’une cavité, d’établir avec précision le modèle des modes
couplés afin de le rendre le plus réaliste possible.

Outre un temps de calcul nettement moins long par rapport à la FDTD, une multitude
d’effets linéaires et non linéaires peuvent être intégrés au modèle des modes couplés. Pour cette
raison, nous utiliserons par la suite la méthode FDTD uniquement pour déterminer certains
paramètres.

B.2 Cavité en configuration « add-drop », intérêt en optique non li-
néaire

Certaines géométries de cavités, permettent un couplage à deux entrées et deux sorties. C’est
le cas des cavités en anneau (ou microcring resonators), dans lesquelles deux entrées et deux
sorties sont disponibles. Le schéma de principe de ce type de cavité est présenté par la figure B.4.

sin(t) sout(t)

u(t)
τe

τ0τd
sdrop(t) sadd(t)

Figure B.4 – Représentation d’une cavité linéaire en configuration add-drop.
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Nous définissons alors une entrée sadd(t) et une sortie sdrop(t) supplémentaires. De plus le
second guide d’accès ne possède pas forcément le même taux de couplage que le premier, son
temps de vie est appelé τd est n’est pas nécessairement égal à τe.

Les microrésonateurs de type « add-drop filter » sont utilisés, notamment dans le cadre de
l’optique non linéaire, pour réaliser des démultiplexeurs en longueur d’onde. Le principe est
simple, lorsque l’entrée sadd n’est pas utilisée et que τd = τe, deux ondes, une pompe de forte
intensité et une sonde de faible intensité, sont injectées dans la cavité. L’onde de pompe induit
des effets non linéaires qui permettent de modifier la fréquence de résonance de la cavité. Selon
l’intensité de l’onde de pompe nous pouvons donc sélectionner la fréquence de résonance de la
cavité. Lorsque celle-ci correspond à la fréquence de la sonde, l’intégralité du signal de sonde
(aux pertes près) est redirigée vers le port sdrop. Au contraire, si la fréquence de résonance de la
cavité diffère de celle de la sonde, l’intégralité du signal de sonde est redirigée vers le port de
sortie sout. Notons également que cela permet de faire du routage optique de données.

Figure B.5 – Champ de sortie dans une cavité en configuration add-drop.

Nous voyons ainsi l’intérêt potentiel des microrésonateurs en optique non linéaire pour des
applications au traitement tout optique du signal. C’est pourquoi, dans les sections suivantes,
nous développons le modèle d’une cavité non linéaire et l’étudions en régime dynamique, au
travers de diverses simulations numériques.

Dans cette configuration, la présence d’un second guide d’accès provoque une chute du facteur
de qualité, en effet, celui-ci s’exprime désormais :�



�
	

1
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=
1
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+
1
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. (B.1)

B.3 Calcul des volumes non linéaires dans une cavité à cristal photo-
nique

Afin d’illustrer le principe de calcul du volume modal et des volumes non linéaires dans une
microcavité, nous résolvons les équations de Maxwell en régime linéaire à l’aide d’une simulation
FDTD. La structure présentée ici est une cavité en cristal photonique de type L3. Le paramètre
de maille a est fixé à la valeur de 380nm et la résolution spatiale à a/20. Il s’agit d’une cavité
sur membrane suspendue en silicium, d’indice n0 = 3,48, percée de trous d’air dont le rayon
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vaut 91 nm. L’épaisseur de la membrane vaut 265 nm. Une cavité de type L3 est caractérisée par
l’omission de 3 trous dans le cristal photonique. De plus, afin d’augmenter le facteur qualité, les
trous extrêmes sont légèrement décalés de 57 nm afin d’agrandir la cavité.

La simulation numérique consiste à placer un champ électrique d’enveloppe gaussienne,
polarisé selon l’axe y, à l’intérieur de la cavité et d’observer la décroissance du champ. Il s’agit
de la même méthode que celle utilisée précédemment pour les cavités en anneau. La figure B.6
présente une projection 2D, dans le plan z = 0, de la simulation à un instant t donné, du champ
Ey se propageant dans la structure. Le code utilisé pour la simulation est présenté à la fin de
l’annexe.

Figure B.6 – Simulation FDTD de l’évolution temporelle d’un champ électrique dans une cavité de type
L3.

L’utilisation d’une source large bande met en évidence plusieurs résonances dont une de très
faible amplitude à 1364 nm, et une seconde dont l’amplitude est largement prépondérante, à la
longueur d’onde de 1538 nm. La suite des calculs sera donc effectuée à cette longueur d’onde avec
une source plus étroite. Ce faisant, nous pouvons calculer le facteur de qualité de cette cavité. Le
programme Harminv retourne la valeur suivante :

Q = 34339.

Lors des simulations numériques, nous enregistrons, pour chaque pas temporel dt, l’énergie
du champ électromagnétique contenue dans un volume environ deux fois plus grand que la cavité.
Nous sommes alors à même de calculer les volumes non linéaires en appliquant les formules
données précédemment. La durée de simulation est de 5 ps et le pas temporel dt = 1,27 fs.

Les volumes non linéaires se calculent par le biais d’une moyenne spatiale du champ à un
instant t donné. Nous pouvons alors effectuer ce calcul pour chaque pas de simulation dt afin de
vérifier la convergence et évaluer l’erreur commise sur le calcul. Nous obtenons ainsi les valeurs
suivantes avec une précision de ±5% :

— Vmod = 0,58 (λ0/n0)
3,

— VKerr = 1,95 (λ0/n0)
3,

— VFCR = 1,61 (λ0/n0)
3.

Utilisée conjointement au modèle des modes couplés, la simulation FDTD permet une
modélisation très fine et précise du comportement non linéaire de microcavités, quelle que soit
leur géométrie.
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B.4 Programme utilisé pour la simulation

(reset-meep)

(define-param epsSi (* 3.4 3.4)) ; substrate dielectric constant

(define-param areal 0.41) ; period in microns

(define-param a 1) ; normalised unit of distance

(define-param heightreal .220) ; slab height

(define-param h (/ heightreal areal)) ; normalized height of Slab

(define-param rm 0.25)

(define-param numlayers 16)

; Cell dimension

(define-param sx 20)

(define-param sy 20)

(define-param sz 5)

(define-param dpml 1) ; PML thickness

(set! geometry-lattice (make lattice (size sx sy sz)))

(set! ensure-periodicity false)

(set! eps-averaging? false)

(set! geometry

(append

(list

(make block

(center 0 0 0)

(size sx sy h)

(material (make dielectric (epsilon epsSi)))

)

)

(geometric-objects-duplicates

(vector3 (/ (sqrt 3) 2) 0.5) (* -1 numlayers) numlayers

(geometric-objects-duplicates

(vector3 (/ (sqrt 3) 2) -0.5) (* -1 numlayers) numlayers

(list

(make cylinder

(center 0 0 0)

(radius rm)

(height h)

(material air)

)

)

)

)

(geometric-objects-duplicates (vector3 0 1) -2 2

(list
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(make cylinder

(center 0 0 0)

(radius rm)

(height h)

(material (make dielectric (epsilon epsSi)))

)

)

)

(list

(make cylinder

(center 0 -2.15 0)

(radius rm)

(height h)

(material air)

)

(make cylinder

(center 0 2.15 0)

(radius rm)

(height h)

(material air)

)

)

(list

(make block

(center -10 0 0)

(size (sqrt 3) sy height)

(material (make dielectric (epsilon epsSi)))

)

)

(list

(make block

(center 0 -10 0)

(size sx (+ 1 (* 2 rm)) h)

(material (make dielectric (epsilon epsSi)))

)

)

)

)

(set! pml-layers (list

(make pml (direction X) (thickness dpml) )

(make pml (direction Y) (thickness dpml) )

(make pml (direction Z) (thickness dpml) )

)

)

(set-param! resolution 20);

(define-param fcen 0.2638) ; pulse center frequency

(define-param df 0.3) ; pulse freq. width



160 Annexe B. Simulations FDTD

(set! sources

(list

(make source

(src

(make gaussian-src

(frequency fcen)

(fwidth df)

)

)

(component Ex)

(center 0 0 0)

(size 1 1 h) (amplitude 1)

)

)

)

(set! symmetries

(list

(make mirror-sym (direction Y) (phase 1))

(make mirror-sym (direction Z) (phase 1))

(make mirror-sym (direction X) (phase -1))

)

)

(define fl ; flux

(add-flux fcen df 5000

(make flux-region

(center 0 -1 0)

(size 1 0 h)

)

)

)

(define (p-volume)

(

print "The�modal�volume�is:�"
(meep-fields-modal-volume-in-box fields

(volume

(size 1.25 (* 3 1.25) 1.25)

(center 0 0 0)

)

)

"\n"

)

)

(run-until (/ 1220 1)

(lambda ()

(print "Ex:�" (meep-time) ",�" (get-field-point Ex (vector3 0 0 0))

"\n")

)
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(at-beginning

(in-volume

(volume

;(size 1.25 (* 3 1.25) 1.25)

(size sx sy 0)

(center 0 0 0)

)

output-epsilon

)

)

(at-every 1

(in-volume

(volume

(size sx sy 0)

(center 0 0 0)

)

output-efield-x

)

)

(at-every 1 p-volume )

(after-sources

(harminv Ex

(vector3 0 0 0) fcen df

)

)

)

(display-fluxes fl)





Annexe C

Résolution numérique des équations du
modèle des modes couplés

Avant d’étudier de manière détaillée le comportement dynamique d’une microcavité non
linéaire, la résolution des équations différentielles régissant cette dynamique est indispensable,
particulièrement pour confirmer les raisonnements développés par la suite. Nous considérons ici
une équation différentielle de la forme :

u′(t) = f (t,u(t)).

Afin de résoudre numériquement cette équation, nous discrétisons les variables du système :

u′n = f (tn,un).

Différentes méthodes de résolution numérique sont maintenant applicables et dépendent de la
condition initiale u0.

C.1 Méthode d’Euler
La technique la plus simple et intuitive pour résoudre un système différentiel du premier

ordre non linéaire consiste à appliquer la méthode d’Euler. La dérivée u′n est approximée au
premier ordre par :

u′n =
un+1 −un
tn+1 − tn

+O([tn+1 − tn]2) =
un+1 −un

δt
+O(δt2),

où δt est le pas de résolution temporelle. Ainsi, l’équation C devient :�
 �	un+1 = un+ δt f (tn,un) +O(δt2) . (C.1)

Ceci peut facilement se généraliser aux systèmes d’équations couplées (comme c’est le cas avec
les équations des modes couplés où u(t) et N(t) sont décrits par des équations différentielles du
premier ordre) : �



�
	

un+1 = un+ δt f (tn,un,vn) +O(δt2)
vn+1 = vn+ δt g(tn,un,vn) +O(δt2)

. (C.2)

Cette résolution introduit une erreur d’intégration proportionnelle à δt2 lors de chaque itération.
Cependant, à un instant n donné, l’erreur commise est égale à la somme des erreurs de toutes les
itérations précédentes. À un instant n, le nombre d’itérations réalisées est donné par (tn − t0)/δt,
et est donc proportionnel à 1/δt, ce qui signifie que la méthode d’Euler produit une erreur globale
en O(δt). Il faut donc adapter le pas d’intégration de façon à ce que celui-ci soit suffisamment
petit devant les constantes de temps du système, car c’est lui qui détermine quelle erreur est
commise lors de la résolution numérique des équations.

Dans notre cas, la plus petite échelle de temps est donnée par le temps d’un aller-retour dans
la cavité τR. Il faut donc nécessairement satisfaire la condition δt < τR pour obtenir une erreur
dont l’influence sera négligeable. Or, il faut simuler l’évolution du système sur une durée de
l’ordre d’au moins 5τ, par conséquent, le nombre d’itérations N sera supérieur à 5τ/τR.
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C.2 Méthode de Runge-Kutta à l’ordre 4
Les mêmes équations peuvent être résolues à l’aide de la méthode de Runge-Kutta. Cette

méthode est basée sur la méthode d’Euler, à ceci près qu’elle utilise un développement limité plus
précis pour calculer u′n. Il existe différents ordres associés à la méthode de Runge-Kutta, l’ordre
un étant simplement la méthode d’Euler. À une itération donnée, l’erreur de calcul réalisée en
utilisant la méthode de Runge-Kutta d’ordre p sera O(δtp). Nous détaillons brièvement cette
méthode à l’ordre 4, qui représente un très bon compromis entre rapidité de calcul et précision
du résultat obtenu.

Pour accroître la précision de la résolution numérique, la dérivée u′n est déterminée en faisant
la moyenne pondérée de plusieurs pentes intermédiaires, calculées en un, un+1

2
et un+1 :�



�
	un+1 = un+

1
6 (k1+ 2k2+ 2k3+ k4) +O(δt5) , (C.3)

où �




�

	

k1 = δt f (tn,un),

k2 = δt f (tn+
1
2δt,un+

1
2k1),

k3 = δt f (tn+
1
2δt,un+

1
2k2),

k4 = δt f (tn+ δt,un+ k3).

. (C.4)

La manière dont ce résultat est obtenu n’est pas explicitée ici, pour plus de détails se reporter
à [Caignaert 2007], le plus important étant de remarquer que l’erreur d’intégration est proportion-
nelle à δt5 à chaque itération, ce qui signifie que l’erreur totale cumulée est de l’ordre de δt4. En
terme de rapidité d’exécution cette méthode est bien entendu plus lente que la méthode d’Euler.
Cependant, l’erreur d’intégration est trois ordres de grandeurs plus faible, ce qui nous permet
de diminuer légèrement le pas de calcul tout en gardant une précision bien plus accrue. Cette
méthode peut également être étendue assez facilement à un système d’équations différentielles
couplées.



Annexe D

Calculs de dispersion chromatique dans
des systèmes à réseaux de diffraction

D.1 Dispersion chromatique dans un compresseur d’impulsions

Nous rappelons, sur la figure D.1, le schéma d’un compresseur d’impulsions. Les rayons

Figure D.1 – Compresseur d’impulsions.

parcourus par les composantes spectrales de l’impulsions diffèrent en raison de la dispersion
angulaire introduite par le réseau. La formule des réseaux au premier ordre de diffraction nous
donne :

sin(θR) = sin(θi)−
λ0

Λ
, (D.1)

où θi et θR sont les angles d’incidence et et diffractés par rapport à la normale du réseau. Cela
signifie qu’une faible variation δλ de la longueur d’onde entraîne une déviation δθR du faisceau :

sin(θR+ δθR) = sin(θi)−
λ0 − δλ
Λ

. (D.2)

Après quelques calculs trigonométriques, cela nous mène à la relation suivante :�



�
	δθR =

δλ

Λcos(θR)
. (D.3)

Nous notons p = PABQ le chemin optique parcouru par un rayon lumineux. Celui-ci s’exprime
donc en fonction de l’angle d’incidence et de l’angle diffracté :

p = b[1+ cos(θi + θR)] =
g

cos(θR)
[1+ cos(θi + θR)] , (D.4)

où b =
g

cos(θR)
représente la distance entre les deux réseaux à la longueur d’onde centrale de

l’impulsion. En tenant compte de cette expression, nous obtenons :

∂p

∂λ
= g

∂

∂λ

[
1

cos(θR)
{
1+ cos(θR)cos(θi)− sin(θR)sin(θi)

}]
, (D.5)
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qui s’écrit également :

∂p

∂λ
= g

∂θR
∂λ

∂

∂θR

[
1

cos(θR)
{
1+ cos(θR)cos(θi)− sin(θR)sin(θi)

}]
, (D.6)

Après quelques calculs et en utilisant l’équation (D.3), nous aboutissons à :�



�
	

∂p

∂λ
=

gλ

Λ2 cos3(θR)
. (D.7)

En exprimant cette équation en fonction de la longueur d’onde et de l’angle θi , nous obtenons :�



�
	

φ(2) =
−λ30g

2πc2Λ2
[
1−

[
sin(θi)−

λ0
Λ

]2]3/2
(D.8)

D.2 Dispersion chromatique dans un étireur d’impulsions : optique géo-
métrique

Nous considérons ici que le faisceau fait un seul aller-retour dans le système : le chirp spatial
n’est donc pas compensé.

Lentille MiroirRéseau

AA"
F

F' A'O

Figure D.2 – Étireur d’impulsions.

Nous posons FA= d. L’optique géométrique donne :

1

OA′
− 1

OA
=

1
f
, (D.9)

f étant la distance focale de la lentille. Or OA= OF+ FA= −f + d, donc :�



�
	OA′ =

1
1

d−f + 1
f

. (D.10)

Nous pouvons donc représenter cette situation par le modèle de la figure D.3 où�
 �	OB= −2f +OA′ . (D.11)

Nous cherchons à déterminer l’expression du chemin optique OA′′ de la figure D.2 qui, dans
ce modèle équivalent, sera donné par le chemin −OB′. Le chemin optique OB′ est donné par

1

OB′
=

1

OB
+

1
f
=

1

OA′ − 2f
+

1
f
. (D.12)
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Lentille

B F F' B'O

Figure D.3 – Étireur d’impulsions.

En remplaçant OA′ par son expression déterminée précédemment, nous avons :

1

OB′
=

1
1

1
d−f +

1
f

− 2f
+

1
f
. (D.13)

Ce qui donne, après simplification : �



�
	

1

OB′
=

1
f + d

. (D.14)

Nous obtenons donc immédiatement : �
 �	OA′′ = −f − d . (D.15)

À partir des relations précédentes, nous pouvons en déduire la distance entre le réseau de
diffraction et son image par la lentille : A′′A. Celle-ci s’exprime comme :

A′′A= A′′O+OA= −OA′′ +OF+ FA= (f + d)− f + d = 2d. (D.16)

Plus généralement, nous avons : �
 �	A′′A= 2FA . (D.17)

L’image du réseau après son deuxième passage à travers la lentille se situe donc à une
distance deq = 2FA du réseau lui-même. Lorsque le réseau est situé derrière le foyer de la lentille,
figure D.4a nous avons deq = −2d, avec d =

g
cos(θR)

, la dispersion φ(2) est positive. Au contraire,
lorsque celui-ci est situé devant le foyer de la lentille, figure D.4b nous avons deq = 2d.

Lentille MiroirRéseau

A"
F

F'OA

Lentille MiroirRéseau

F
F'OA A"

(a) (b)

Figure D.4 – Étireur d’impulsions.

Nous pouvons donc faire l’analogie entre l’étireur et un compresseur dont la distance qui
sépare les deux réseau est deq. La dispersion d’ordre φ(2) de l’étireur, sur un aller-retour, est
donc donnée par :

φ(2) =
−λ30deq

2πc2Λ2
[
1−

[
sin(θi)−

λ0
Λ

]2] (D.18)
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Dans le cas d’un système à quatre passage, et en notant L la distance qui sépare le réseau de la
lentille, la dispersion est doublée et est donc donnée par :�



�
	

φ(2) =
−λ30(L− f )

πc2Λ2
[
1−

[
sin(θi)−

λ0
Λ

]2] . (D.19)

D.3 Dispersion chromatique dans un étireur d’impulsions : optique de
Fourier

Après avoir démontré l’expression de la phase spectrale introduite par l’étireur par le biais
de l’optique géométrique, nous souhaitons réaliser la même démonstration par une approche de
type optique de Fourier.

z

f

L f

x
y

Figure D.5 – Étireur d’impulsions. Les fronts d’onde sont tracés en pointillés bleus.

Pour ce faire, nous considérons que le faisceau dispersé par le réseau possède un front d’onde
sphérique, comme l’illustre la figure D.5. Juste avant la lentille, c’est-à-dire en z = L−, l’amplitude
du champ incident U s’exprime :

U(x,y,z = L−) =
1
R
ei

#»

k
#»
R ∝ ei

#»

k
#»
R , (D.20)

avec #»
R = x #»e x+ y #»e y + z #»e z , où x, y et z représentent les coordonnées d’un point M dans la base

cartésienne ( #»e x,
#»e y ,

#»e z). Par la suite, nous n’exprimerons que le terme de phase de l’onde.
Dans le cadre de l’approximation paraxiale, nous pouvons écrire || #»R ||=

√
L2+ || #»r ||2 ≈ L+ ||

#»r ||2
2L ,

avec #»r = x #»e y + y #»e y la coordonée radiale, qui est modifiée par la fonction de transfert de la
lentille.

Juste après la lentille, c’est-à-dire en z = L+ le champ s’exprime donc :

U( #»r ,z = L+) = ei
π|| #»r ||2
λL e−i

π|| #»r ||2
λf = e−i

π|| #»r ||2
λ

(
1
f −

1
L

)
. (D.21)

Afin de calculer l’allure du front d’onde en z = L+ f en tenant compte de l’effet de diffraction
et dans l’approximation paraxiale, nous calculons l’intégrale de Fresnel :

U ( #»r1, z = L+ f ) =

∫
U( #»r ,z = L)ei

π‖ #»r − #»r1 ‖2
λf d2r

= ei
π‖ #»r1 ‖2
λf

∫
ei

π‖ #»r ‖2
λL ei

π #»r #»r1
λf d2r,

(D.22)
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avec #»r1 = x1
#»e x + y1

#»e y , les coordonnées transverses du champ en z = L+ f . La relation (D.22)
montre que dans le plan focal de la lentille, le champ est proportionnel à la transformée de
Fourier du champ exprimé au niveau de la lentille :

U ( #»r1, z = L+ f ) = F
[
ei

π|| #»r ||2
λL

]
#»r1
2λf

. (D.23)

Nous trouvons alors :
U ( #»r1, z = L+ f ) = e−i

‖ #»r1 ‖2
λf

[
L−f
f

]
. (D.24)

La dispersion angulaire du réseau n’opérant que dans le plan (y,O, z), nous supposons que
‖ #»r1‖2 ≈ y21 . L’approximation paraxiale conduit alors à tan(∆θR) =

y1
f ≈ ∆θR. L’expression du

champ devient donc : �



�
	U ( #»r1, z = L+ f ) = ei

∆θ2R
λ

[L−f ] . (D.25)

De plus, d’après l’équation (D.3), nous pouvons exprimer la déviation ∆θR en fonction de la
pulsation ∆ω : �



�
	

∆θR

∆ω
=

2πc
ω2Λcos(θR)

. (D.26)

En injectant cette expression dans l’équation (D.25), nous avons :�



�
	U ( #»r1, z = L+ f ) = e

−iπ∆ω2 4π2c2

ω4Λ2 cos2(θR)
ω
2π (L−f ) . (D.27)

En considérant que cette quantité s’écrit ei∆ω2φ(2) , où φ(2) représente la dispersion d’ordre
deux, nous obtenons : �



�
	φ(2) =

−2π2c(L− f )
ω3Λ2 cos2(θR)

. (D.28)

Pour un étireur à 4 passages, cette expression est multipliée par quatre :�



�
	φ(2) =

−8π2c(L− f )
ω3Λ2 cos2(θR)

. (D.29)

D.4 Valeur de φ(3) dans un étireur d’impulsions

À partir de l’expression de φ(2) en fonction de ω, nous pouvons déterminer la valeur de φ(3)

à l’aide de la relation :

φ(3) =
∂φ(2)

∂ω
. (D.30)

Ainsi, en partant de l’expression de φ(2) en fonction de ω dans un compresseur

φ(2)(ω) =
−4π2cb

ω3Λ2 cos2(θR(ω))
, (D.31)

nous obtenons, après quelques calculs 1 :

φ(3)(ω) =
4π2cb

Λ2

3
(
ω

∂θR
∂ω tan (θR(ω))− 1

)
ω4 cos2(θR(ω))

(D.32)

1. Nous avons utilisé la relation ∂
∂ω

(
1

f (ω)g(ω)

)
=

f ′(ω)g(ω)+f (ω)g ′(ω)
f 2(ω)g2(ω)

, avec f (ω) = ω3 et g(ω) = cos3(θR(ω)).

Notons également que g ′(ω) = −3[sin(θR(ω)cos2(θR))]
∂θR
∂ω

.
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En utilisant l’équation D.3, nous obtenons la relation

∂θR
∂ω

=
−2πc

ω2Λcos(θR(ω))
, (D.33)

ce qui nous conduit à : �



�
	φ(3) =

3(4π2)cb

ω4
0Λ

2 cos2(θR)

[
1+

2πc sin(θR)
ω0Λcos2(θR)

]
. (D.34)

Nous remarquons alors que ce résultat est directement proportionnel à φ(2). L’expression de φ(3),
valable aussi bien pour un compresseur qu’un étireur, s’écrit :�



�
	φ(3) =

−3
ω0
φ(2)

[
1+

2πc sin(θR)
ω0Λcos2(θR)

]
. (D.35)

Nous souhaitons maintenant comparer l’action du terme φ(3) avec celle du terme en φ(2).
Pour cela, nous rappelons le développement en série de Taylor de la phase spectrale :

ϕ(ω) = ϕ(ω0) +∆ω ·φ(1) +
∆ω2

2
·φ(2) +

∆ω3

6
·φ(3) + · · ·=

∞∑
n=0

∆ωn

n!
φ(n). (D.36)

Les termes à comparer sont donc ∆ω2

2 ·φ
(2) et ∆ω3

6 ·φ
(3). Nous calculons donc le rapport

∣∣∣∣∆ωφ(3)

3φ(2)

∣∣∣∣,
qui représente le rapport entre les deux termes considérés. En utilisant l’équation liant φ(3) à
φ(2), nous trouvons : �



�
	

∣∣∣∣∣∣∆ω ·φ(3)

3φ(2)

∣∣∣∣∣∣= ∆ω

ω0

[
1+

2πc sin(θR)
ω0Λcos2(θR)

]
. (D.37)

Nous voyons que cette quantité est proportionnelle à la largeur spectrale ∆ω de l’impulsion.
En utilisant les données expérimentales du chapitre 3, nous pouvons démontrer que la dispersion
d’ordre trois est négligeable (inférieure à 10%) tant que la largeur de l’impulsion reste inférieure
à 15 nm.
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