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Béatrice, Vincent, Matthias, Imane, Paul et Aude.

Une part de ces remerciements vont également à mes collègues de travail de Keopsys : Do-
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à fibre : principaux résultats et confrontation à l’expérience . . . . . . . . . . 38
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1.3.2.2 Elargissement spectral et caractéristique de puissance . . . . . . . . 40
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forme de sécante hyperbolique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 44

1.3.4 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 46
1.4 Etudes numériques de la formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre 46
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à la propagation simple de l’onde . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 71
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Introduction

Grâce aux développements croissants des fibres optiques ces vingt dernières années, les lasers à
fibres dopées aux ions de terres-rares sont passés de l’objet de laboratoire à une source compacte,
fiable, robuste et puissante. Ces sources sont aujourd’hui couramment utilisées dans des applica-
tions pratiques en particulier dans les télécommunications. Les deux bandes spectrales principales
autour de 1 µm et 1.5 µm sont couvertes respectivement par les lasers à fibre dopée à l’Ytterbium
et les lasers à fibre dopée à l’Erbium. Les régions du proche infrarouge qui ne sont pas couvertes
par les lasers à fibres dopées sont aujourd’hui comblées par les lasers Raman à fibre. Ces sources
ont fait récemment l’objet d’un développement technologique important parallèle aux lasers à fibres
dopées aux ions terres-rares. Les lasers Raman à fibre sont aujourd’hui des sources commerciales
utilisées dans des applications diverses comme les télécommunications, la détection longue distance,
l’imagerie ou la médecine [1–4]. Au cours des vingt dernières années, l’optimisation du laser Raman
à fibre en termes de puissance de sortie a majoritairement été effectuée en utilisant un modèle
monomode introduit par AuYeung et Yariv en 1979 [5]. Cependant, le spectre optique du laser
Raman à fibre est en réalité fortement multimode, et l’élargissement du spectre optique du laser
avec la puissance de pompe influence la caractéristique de puissance du laser d’une manière qui ne
peut pas être décrite par le modèle monomode de AuYeung et Yariv [6]. Ainsi, ces dernières années
plusieurs études numériques et théoriques ont été menées pour décrire physiquement la formation
du spectre optique dans les lasers Raman à fibre et établir un modèle multimode du laser [7–11].

Ces efforts continus pour développer un modèle décrivant la physique du laser Raman à fibre
ont fait progressivement évoluer le statut du laser Raman à fibre de l’objet d’utilité pratique à
celui de laboratoire de physique fondamentale pour l’étude et la modélisation de phénomènes liés
à la propagation non linéaire d’ondes incohérentes. Par exemple, la grande quantité de modes en
interaction non linéaire dans le spectre optique de l’onde Stokes (typiquement 106) induit une dy-
namique très complexe. Certains auteurs considèrent que la formation du spectre optique du laser
Raman peut être décrite par la théorie de la turbulence d’ondes [8,12]. Dans ces études, les auteurs
décrivent le mécanisme d’échange d’énergie entre les modes de la cavité (induit par l’effet Kerr) en
utilisant les concepts de la théorie cinétique des ondes. Cette théorie, développée à l’origine pour
décrire les phénomènes de turbulence observés en physique des plasmas [13, 14] et en hydrody-
namique [15, 16], permet de considérer sous certaines conditions les systèmes optiques constitués
d’un très grand nombre de modes comme un gaz de particules évoluant de manière irréversible vers
un état d’équilibre thermodynamique [17]. Nous reviendrons sur cette théorie dans ce mémoire et
nous discuterons l’utilisation qui en est faite pour décrire les propriétés spectrales du laser Raman
à fibre.

Très récemment, l’étude des lasers Raman à fibre a connu un regain d’intérêt supplémentaire
avec la première réalisation d’un laser Raman à fibre aléatoire sans miroirs de Bragg [18–20]. Le
principe de fonctionnement de ce laser aléatoire à rétrodiffusion Rayleigh n’est en rien compara-
ble à celui des lasers conventionnels. En effet, il est constitué d’une cavité fibrée ouverte (sans
miroirs) ultra longue (>270 km). L’effet de rétroaction habituellement induit par les miroirs est
ici engendré par la rétrodiffusion Rayleigh. L’amplification de la lumière est assurée par la diffu-
sion Raman stimulée. L’absence de miroirs de cavité induit alors une absence de structure modale
habituellement rencontrée dans les lasers classiques, et l’émission cohérente se construit à partir
des multiples diffusions aléatoires des photons dans le milieu amplificateur [20].
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Toutefois, malgré l’attrait fondamental de ces nouvelles perspectives de recherche, il n’existe
toujours pas aujourd’hui de modèle clair et unique décrivant dans toutes les zones de paramètres la
formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre conventionnels oscillant dans des cavités
fermées par des miroirs de Bragg. De surcrôıt, l’ensemble des modèles existants s’appuie sur des
études expérimentales souvent peu précises et incomplètes. L’ensemble des travaux présenté dans
ce mémoire s’inscrit dans la problématique générale de l’étude de la formation du spectre optique
dans les lasers Raman à fibre. Celui-ci est découpé en quatre chapitres :

- 1. Le laser Raman à fibre : présentation et état de l’art de la modélisation du laser
Nous présentons dans ce chapitre le principe de fonctionnement du laser Raman à fibre ainsi

que l’évolution historique de ses configurations expérimentales. Nous passons également en revue
l’ensemble des modèles développés pour en décrire les propriétés physiques. Nous verrons en partic-
ulier comment la description du laser est passée d’une modélisation monomode à une modélisation
multimode.

- 2. Formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre : étude expérimentale
et modélisations

Dans ce chapitre, nous présentons les résultats issus de l’étude expérimentale que nous avons
menée. Celle-ci a pour objectif de mesurer précisément et quantitativement le spectre optique du
laser afin de pouvoir le comparer aux différents modèles que nous développerons. En particulier,
un premier modèle qui sera présenté à la fin du deuxième chapitre nous permettra d’identifier les
ingrédients physiques participant à la formation du spectre optique du laser Raman à fibre.

- 3. Formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre : modèle en champ
moyen

Nous développons ici un modèle simplifié dans lequel le nombre d’ingrédients agissant sur la
formation du spectre optique du laser est réduit au minimum. Ce modèle permettra entre autres de
comprendre les mécanismes d’interaction conduisant à la forme du spectre optique dans les lasers
Raman à fibre. En particulier, nous montrerons avec ce modèle que les miroirs de Bragg jouent
un rôle très important dans la formation du spectre du laser. Par ailleurs, le modèle champ moyen
présenté ici permettra de questionner la validité de certains travaux cherchant à décrire quantita-
tivement cette formation [8–10].

- 4. Approche statistique de la formation du spectre optique dans les lasers Raman
à fibre : perspectives de travail

Nous reviendrons dans ce chapitre sur le tout dernier modèle ayant été établi pour décrire la
formation du spectre dans les lasers Raman à fibre [8]. Nous verrons que l’approche statistique
développée par Babin et al conduit à des interrogations sur la validité de la théorie cinétique des
ondes dans ce système optique. Nous développerons une approche statistique de la formation du
spectre optique du laser Raman basée sur la méthode classique de Zakharov et al [17], et nous mon-
trerons que celle-ci ne permet pas de décrire la formation du spectre du laser. Nous proposerons
alors quelques perspectives de travail sur la modélisation des propriétés spectrales du laser Raman
à fibre en utilisant la théorie cinétique des ondes.
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Chapitre 1

Le laser Raman à fibre : présentation

et état de l’art de la modélisation du

laser

1.1 Présentation du laser : principe de fonctionnement et évolution

historique des configurations expérimentales

1.1.1 Introduction

L’étude des lasers à fibre est apparue dès le développement des fibres optiques au début des
années 1980. A cette époque, l’ensemble des sources cohérentes déjà existantes est essentiellement
basé sur des milieux à gain de nature liquide, gazeuse ou cristalline (solides massifs). Cependant, ces
lasers présentent des inconvénients d’utilisation : ils sont souvent encombrants, fragiles, instables,
chers et peu puissants. Contrairement aux milieux à gain classiques, la fibre optique permet un
confinement fort de l’onde électromagnétique sur de grandes longueurs et elle assure par ailleurs
un excellent recouvrement des champs de pompe et laser sur de longues distances d’interaction. De
ce fait, les lasers à fibre ont souvent des rendements avantageux par comparaison avec les lasers
“classiques”, ils possèdent également d’autres avantages : une très bonne dissipation thermique,
une grande stabilité de leur cavité ou encore un encombrement minimal.

Au cours des années quatre-vingt, les progrès techniques sur le développement des fibres op-
tiques et les diodes lasers permettent la réalisation des premiers lasers à fibre. En particulier, en
1985 Poole et al réussissent pour la première fois à incorporer des ions terres-rares dans des fibres de
silice monomodes [21], ce qui leur permet de réaliser le premier laser à fibre dopée au néodyme [22].
Par la suite, beaucoup d’autres ions terres-rares seront utilisés pour fabriquer des lasers à fibre
(Ho, Th, Pr, Sa, Er, Yb) [23], chacune de ces sources émettant dans le domaine de longueur d’onde
du proche infrarouge, là où les pertes des fibres optiques sont les plus faibles. Le développement
de ces lasers à fibre dopée dans les années 2000 sera un véritable succès, puisqu’ils constitueront
des sources de rayonnement cohérent puissantes, fiables, robustes, compactes et relativement peu
onéreuses, qui seront très souvent utilisées dans le développement des télécommunications.

Cependant, les lasers à fibre dopée aux ions terres-rares présentent néanmoins un inconvénient
majeur : ils n’émettent qu’à des longueurs d’onde bien spécifiques. Effectivement, ces lasers fonc-
tionnent sur la base de transitions radiatives entre des niveaux d’énergie bien définis. De ce fait,
seules certaines longueurs d’onde étroitement liées à la nature de l’ion terre-rare utilisé comme
dopant pourront être émises par ces lasers. En conséquence, certaines zones du spectre du proche
infrarouge ne sont pas couvertes par les lasers à fibre dopée.

C’est précisément cet inconvénient des lasers à fibres dopées aux ions terres-rares que les lasers
Raman à fibre vont venir palier. En effet, comme nous allons le voir dans la section suivante,
le fonctionnement de ces lasers est basé sur l’exploitation d’un phénomène physique naturellement
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présent dans les milieux moléculaires : la diffusion Raman, qui présente une bande de gain très large
(40 THz dans une fibre de silice par exemple) permettant d’étendre la plage spectrale d’émission
accessible. Cette propriété importante des lasers Raman va susciter un intérêt conséquent, et dès
les années 1970 ces lasers feront l’objet d’études nombreuses [24–32]. Comme nous allons le voir
ci-dessous, le développement des lasers Raman à fibre sera étroitement lié au développement des
fibres optiques d’une part, et à l’évolution des sources de pompage d’autre part. Ce développement
se fera parallèlement à celui des lasers à fibres dopées aux terres-rares, qui joueront très souvent le
rôle de lasers de pompe pour les lasers Raman à fibre.

1.1.2 Les premiers lasers dans les années 1970

1.1.2.1 Diffusion Raman spontanée/stimulée

La diffusion Raman spontanée, découverte conjointement par C.V. Raman et L. Mandelstam
en 1928, est un effet physique que l’on peut observer dans les milieux moléculaires. Il se caractérise
par un transfert d’une petite fraction de l’énergie d’un champ optique se propageant dans le milieu
à des fréquences différentes de celle du rayonnement incident [33]. Le décalage en fréquence est égal
à la fréquence de vibration des molécules. Si sa fréquence est plus faible, l’onde diffusée est appelée
onde Stokes. En revanche, si sa fréquence est plus élevée, l’onde diffusée est appelée anti-Stokes.
En régime spontané, la lumière incidente est de faible intensité et les deux radiations Stokes et
anti-Stokes sont générées à des niveaux d’intensité comparables.

La diffusion Raman spontanée peut être interprétée physiquement à l’aide d’un diagramme
d’énergie des niveaux de vibration des molécules constituant le milieu diffusant (figure 1.1 ci-
dessous) :

ν = 1
ν = 0

ν = 2
ν = 1
ν = 0

ν = 2

Diffusion Stokes

Niveaux de vibration

ν
ν

Diffusion anti−Stokes

Niveaux de vibration

ν
νanti−Stokes

P

Stokes
P

Fig. 1.1 – Illustration de la diffusion Raman Stokes et anti-Stokes

Dans le cas de la diffusion Stokes, un photon de pompe est annihilé et on observe la création
d’un photon Stokes et d’un phonon de fréquence optique. Dans le cas de la diffusion anti-Stokes, il
s’agit du processus inverse, le photon anti-Stokes est créé par l’annihilation d’un phonon optique
et d’un photon de pompe.

La diffusion Raman spontanée telle qu’elle est présentée ci-dessus est un processus faiblement
efficace. Même dans les matériaux condensés, seul un millionième de l’énergie de l’onde incidente
est diffusé vers les ondes Stokes et anti-Stokes [34].

Cependant, pour un champ de pompe très intense, un processus de diffusion Raman stimulée
peut être engendré de telle sorte que l’intensité de l’onde Stokes crôıt rapidement dans le milieu.
Dans ce cas, le champ de pompe transfère une grande partie de sa puissance à l’onde Stokes. En
adoptant une approche simple, valable dans le cas d’un pompage continu, la croissance de l’onde
Stokes se propageant selon la direction z dans le milieu peut alors être décrite par [34, 35] :
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dIs

dz
= gIpIs, (1.1)

où Ip et Is représentent les intensités des champs de pompe et Stokes respectivement. Le coefficient
g est appelé coefficient de gain Raman. L’équation 1.1 peut être résolue simplement si l’on considère
que l’on fixe les intensités des ondes pompe et Stokes en z = 0. L’onde Stokes de pulsation ωs est
alors amplifiée et si on néglige tout effet de déplétion de l’onde de pompe, son intensité en sortie
du milieu s’écrit simplement :

Is(L) = Is(0) egLIp(0), (1.2)

où L est la longueur du matériau. La mesure des trois puissances Ip, Is(0) et Is(L) permet de
remonter au coefficient g. En faisant varier la pulsation ωs de la sonde en z = 0 sur une large
bande, nous pouvons obtenir le spectre de gain Raman g(Ω), où Ω = ωp−ωs représente le décalage
en fréquence entre les ondes pompe et Stokes. Ainsi, pour un verre de silice (SiO2), matériau
principal de fabrication des fibres optiques, le spectre de gain Raman prend la forme suivante
illustrée sur la figure 1.2 [35, 36] :
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Fig. 1.2 – Spectre de gain Raman dans un verre de silice. Figure extraite de [35].

Le spectre de gain Raman de la figure 1.2 s’étale sur environ 40 THz, avec un maximum du
gain décalé d’environ 13 THz par rapport à la fréquence de la pompe. La valeur maximale du gain
dépend du type de fibre utilisé, les ordres de grandeur typiques allant de quelques dB/km/W dans
les fibres standards à une centaine de dB/km/W dans les fibres à cristaux photoniques [37].

Le spectre de la figure 1.2 montre que la diffusion Raman stimulée permet l’amplification d’une
onde électromagnétique sur une large bande spectrale (40 THz). Ce processus d’amplification est
à la base des amplificateurs à fibre fonctionnant par effet Raman que l’on trouve aujourd’hui dans
les télécommunications [37]. Par ailleurs, les propriétés d’amplification de la fibre optique peuvent
être utilisées pour réaliser une source cohérente : le laser Raman à fibre. L’utilisation d’un système
sélectif en longueur d’onde (un miroir de Bragg par exemple) permet en effet de sélectionner n’im-
porte où dans la bande de gain la longueur d’onde d’émission du laser Raman.

1.1.2.2 Les premières réalisations

La manière la plus directe et la plus simple de réaliser un laser Raman à fibre est de placer la
fibre optique entre des miroirs faisant office de cavité. Les premiers lasers Raman à fibre ayant été
étudiés datent des années 1970 [24–32]. Ces lasers étaient constitués d’éléments d’optique fibrés et
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d’éléments d’optique classiques (miroirs massifs, lentilles, prismes). On pouvait trouver différentes
géométries de cavité pour ces lasers (configurations Pérot-Fabry ou en anneau) et ils étaient pompés
de manière générale par des lasers Argon émettant dans le vert. La figure 1.3 représente un exemple
typique de la configuration expérimentale des lasers Raman à fibre dans les années 1970.

λ p

Fibre optique

Prisme

LentilleLentille

Miroir

Miroir

pompe

StokesArgon

Laser

Fig. 1.3 – Montage expérimental typique des lasers Raman à fibre dans les années 1970

A notre connaissance, le premier laser Raman à fibre a été réalisé en 1970 [24]. Dans ce laser,
Ippen utilise une fibre optique (guide) à coeur liquide de 12 µm de diamètre (gaine en silice et
coeur creux rempli de CS2). La longueur de la fibre n’est que de 1 mètre et il obtient un seuil
d’émission de 5 W relativement faible pour l’époque, ceci grâce aux faibles pertes (10−3 cm−1) et
au gain relativement élevé (1.3 10−6 cm/W ) de la fibre. Ce laser Raman est pompé par un laser
Argon pulsé émettant à 514 nm. La longueur d’onde de l’onde Stokes obtenue est alors de 532 nm.

Cependant, contrairement aux fibres à coeur solide, les fibres à coeur liquide sont peu avan-
tageuses car elles apportent des contraintes expérimentales très lourdes. Même si le gain dans ces
fibres est cent fois plus fort que dans celles à coeur de silice, la plage spectrale sur laquelle s’étend
la bande de gain Raman reste relativement étroite, contrairement aux fibres solides en silice. Par
la suite, les lasers Raman à fibre seront la plupart du temps réalisés à base de fibres de silice,
puisque la largeur du gain dans ces fibres permet un large choix de longueurs d’onde d’émission et
un décalage par rapport à la longueur d’onde de pompe plus grand.

Ainsi, le premier laser Raman à fibre entièrement en silice apparâıt deux ans plus tard [25].
Il est pompé par un laser YAG doublé émettant des impulsions dans le visible (532 nm), mais la
longueur de fibre utilisée (9 m) et ses pertes optiques conduisent à un seuil d’oscillation de 75 W .
Ce laser a eu une durée de vie de quelques minutes, les puissances optiques de plusieurs dizaines
de watts étant responsables de son endommagement irréversible.

Dans les années qui suivront la réalisation de ce premier laser Raman, des progrès sur la fabrica-
tion des fibres optiques permettront de réaliser des lasers Raman à fibre dont la durée de vie excède
quelques minutes. Ainsi, à partir de 1976 apparaissent des fibres présentant des pertes de seulement
une dizaine de dB/km. La longueur de ces fibres atteint la centaine de mètres pour un diamètre
du coeur de quelques micromètres. On réalise alors des lasers Raman à fibre pompés continûment
à 514 nm par des lasers Argon, avec un seuil d’émission de l’ordre du watt et un rendement de
quelques pourcents [26–29].

Les performances de ces lasers, limitées par les pertes des fibres optiques, sont dûes en majorité
à la longueur d’onde de pompe (≃ 500 nm). Il existe dans les années 1970 très peu de sources
cohérentes émettant dans le domaine du proche infrarouge (domaine où les pertes de la silice sont
les plus faibles), tout en ayant une puissance suffisament importante pour atteindre le seuil Raman.
Lin et al réussissent néanmoins en 1977 à créer le premier laser Raman à fibre fonctionnant dans
le proche infrarouge [31]. Il est alors pompé avec un laser YAG pulsé émettant un rayonnement de
quelques centaines de milliwatts à 1.064 µm, et il présente un seuil de 700 mW . Les pertes de la
fibre longue de 600 m sont alors de seulement 3 dB/km à cette longueur d’onde. Les mêmes au-
teurs proposent un peu plus tard une version améliorée de ce laser, grâce à une source de pompage
continu plus puissante (laser YAG de 5 W à 1.064 µm). Ce laser Raman délivre deux longueurs
d’onde différentes grâce aux processus de cascade Stokes [32].
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A la fin des années 1970, les lasers Raman à fibre tels qu’ils sont présentés sur la figure 1.3
n’évoluent pratiquement plus dans leur conception. Les différents lasers de pompe et types de fibres
utilisés permettent à ces lasers d’émettre dans le proche infrarouge avec un rendement d’environ
10%. Cependant, les configurations de cavité utilisées (miroirs externes) rendent le laser fragile,
encombrant et instable. Le laser Raman à fibre reste alors un objet d’étude pour les laboratoires et
n’est pas encore utilisé dans des applications pratiques.

1.1.3 Le laser Raman à fibre aujourd’hui

Les développements constants des fibres optiques à partir des années 1980 vont permettre
d’améliorer les performances des lasers Raman à fibre. En effet des fibres présentant des pertes
de moins d’1 dB/km dans la région infrarouge deviennent moins chères et faciles à produire.

Par ailleurs, parallèlement au développement de ces fibres apparaissent de nouveaux lasers à
fibres double gaine dopées ytterbium (cf section 1.1.3.2). Ceux-ci délivrent un faisceau monomode
transverse dans le proche infrarouge (≃ 1.06 µm) avec des puissances de plusieurs dizaines ou cen-
taines de watts. L’utilisation de ces sources en tant que lasers de pompe va permettre de réaliser des
lasers Raman à fibre émettant des rayonnements puissants dans le domaine du proche infrarouge.

Les progrès sur les technologies fibrées vont également amener l’invention de nouveaux types de
miroirs qui vont faire évoluer la construction des lasers Raman à fibre. Les miroirs de Bragg [38,39]
directement photoinscrits dans une petite portion de fibre optique vont être soudés sur la fibre à gain
et diminueront considérablement les pertes de réinjection initialement présentes dans les premiers
lasers Raman (tronçons aériens sur la figure 1.3). Avant de décrire plus en détails ces nouveaux
types de laser Raman entièrement fibrés, nous commencerons par effectuer un bref rappel sur les
propriétés physiques des miroirs de Bragg et sur les lasers de pompe à fibre double gaine.

1.1.3.1 Les miroirs de Bragg photoinscrits

Les miroirs (réseaux) de Bragg sont constitués d’une fibre optique dont l’indice de réfraction a
été modulé de manière périodique (période Λ) le long de son axe longitudinal (voir le schéma de la
figure 1.4). Le réseau de Bragg permet ainsi de réfléchir la lumière selon le principe des interférences
constructives.

Champs incident

Λ

n coeur

n gaine

Champs reflechi

Champs transmis

neff

Fig. 1.4 – Représentation schématique d’un miroir de Bragg

La méthode utilisée pour graver un réseau de Bragg sur une fibre optique consiste à exploiter
la photosensibilité des fibres [39]. Il suffit de créer à l’aide d’un système optique complémentaire un
profil d’interférences à partir d’une source émettant dans l’ultra-violet. En disposant le tronçon de
fibre dans le champ d’interférences, on obtient une modification de l’indice de réfraction suivant le
motif des franges d’interférences. Ce procédé de fabrication présente l’avantage d’être peu couteux
et facile à réaliser.
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Nous rappelons ci-dessous quelques-unes des propriétés physiques des miroirs de Bragg dont il
sera question dans le développement de nos modèles présentés dans les chapitres 2 et 3.
L’évolution spatiale des ondes se propageant en sens opposés à l’intérieur du réseau de Bragg est
déterminée par la théorie des modes couplés. Les équations décrivant l’évolution des enveloppes
complexes lentement variables des deux ondes de fréquence ω s’écrivent [37] :

dAf

dz
= iδAf + iκAb, (1.3)

dAb

dz
= −iδAb − iκAf . (1.4)

Af et Ab représentent les amplitudes complexes des champs se propageant en sens opposés dans la
fibre.

δ =
2π

λ
− 2π

λB
et κ =

πng

λB
(1.5)

sont respectivement l’écart entre la longueur d’onde du champ et la longueur d’onde de Bragg
λB = 2neffΛ, et le coefficient de couplage entre les ondes Af et Ab. L’indice de réfraction du réseau
varie suivant la relation n(z) = neff + ngcos(2πz/Λ), où neff est l’indice effectif moyen du réseau
et ng l’amplitude de la modulation d’indice.

La résolution analytique des équations 1.3 et 1.4 permet d’obtenir le coefficient complexe de
réflexion en amplitude du réseau de Bragg. Celui-ci s’écrit :

r(λ) =
Ab(0)

Af (0)
=

iκ sin(qLB)

q cos(qLB)− iδ sin(qLB)
, (1.6)

où q =
√

δ2 − κ2 et LB est la longueur du réseau de Bragg [38]. Le coefficient de réflexion en
amplitude r(λ) représente la réponse spectrale du miroir et montre que le réseau de Bragg est un
élément spectralement sélectif (filtre fréquentiel). L’équation 1.6 permet de calculer le spectre de
réflectivité en puissance du miroirR(λ) = |r(λ)|2 et le déphasage entre le champ incident et le champ
réfléchi. La figure 1.5 représente l’allure du coefficient de réflexion R(λ) pour deux valeurs typiques
du paramètre κLB, correspondant à des miroirs de réflectivités maximum de 99% et 80% [38].
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Fig. 1.5 – Allure typique des spectres de réflectivité R(λ) = |r(λ)|2 de miroirs de Bragg ayant des
réflectivités maximum de 99% (en rouge) et 80% (en bleu).
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Les deux spectres de réflectivité présentés sur la figure 1.5 sont composés d’un lobe de réflexion
principal centré en λB et de lobes secondaires caractéristiques des miroirs de Bragg. La valeur du
paramètre κLB va fixer la valeur du coefficient de réflexion maximum en λ = λB ainsi que la forme
du lobe principal.

Les miroirs à réseaux de Bragg introduisent également des effets de phase sur les champs s’y
réfléchissant. En particulier ils donnent lieu à des effets dispersifs qui doivent être éventuellement
pris en compte lors de l’utilisation de ces miroirs. La courbe de dispersion des miroirs de Bragg
se calcule à partir de la dérivée seconde de la phase φ(ω) du coefficient complexe de réflexion
r(ω) =

√

R(ω)eiφ(ω). La figure 1.6 représente l’allure de cette courbe de dispersion pour les deux
miroirs considérés sur la figure 1.5.

-1000

-500

0

500

1000

-1 -0.6 -0.2 0.2 0.6 1

-15

-10

-5

0

5

10

15

-0.6 0 0.6
λ − λB(nm) λ − λB(nm)

κL  = 5B

D
is

p
er

si
o
n
 (

p
s²

)

D
is

p
er

si
o
n
 (

p
s²

)

κ BL  = 1.5(a) (b)

Fig. 1.6 – Dispersion introduite par les deux miroirs de Bragg de réflectivités maximum de 99% (a)
et 80% (b) de la figure 1.5.

Les courbes de dispersion de la figure 1.6 présentent une symétrie impaire, avec une amplitude
de variation de plus 2000 ps2 pour un réseau de Bragg de réflectivité maximale ≃ 99%. Les effets
de dispersion dans les miroirs de Bragg sont donc très importants lorsqu’ils sont comparés à la
dispersion typique dans les fibres optiques (β2 ≃ 30 ps2/km à λ = 1 µm).

Les réseaux de Bragg peuvent être utilisés pour fabriquer des miroirs spectralement sélectifs et
photoinscrits dans une fibre optique directement soudée à la fibre à gain du laser Raman. Ceci per-
met de réduire considérablement les pertes de puissance de l’onde Stokes avant et après réflexion sur
les miroirs (figure 1.3). L’utilisation de ces nouveaux miroirs, associée aux progrès sur les méthodes
de réalisation des fibres optiques, va permettre de réaliser des lasers entièrement fibrés à faibles
pertes, robustes, compactes, stables et à bon rendement.

Si l’utilisation des réseaux de Bragg comme miroirs de cavité constitue une des avancées tech-
nologiques importantes dans la conception des lasers Raman à fibre, un autre élément fondamental
va également être amélioré : le laser de pompe. Plus particulièrement, l’utilisation des lasers à fibre
double gaine dopée ytterbium comme sources de pompage va grandement augmenter les perfor-
mances des lasers Raman. Effectivement, ces lasers, développés parallèlement aux lasers Raman à
fibre dans les années 1980, génèrent des rayonnements de plusieurs dizaines ou centaines de watts
dans le proche infrarouge. Les pertes optiques des fibres étant très faibles dans ce domaine spectral,
leur utilisation mènera au développement de lasers Raman à fibre de fortes puissances (plusieurs
watts).

L’objectif de la section suivante est de rappeler brièvement le principe de fonctionnement des
lasers à fibre double gaine dopée ytterbium.
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1.1.3.2 Les lasers à fibre double gaine dopée ytterbium

- Quelques éléments sur les propriétés spectroscopiques de l’ion ytterbium

Les lasers à fibre double gaine ont été développés parallèlement aux lasers Raman à fibre dans
les années 1980 [22]. Contrairement aux lasers Raman, le fonctionnement des lasers à fibre double
gaine dopée aux ions terres-rares est basé sur des transitions radiatives des niveaux d’énergie des
ions incorporés dans le coeur de la fibre. Les propriétés spectroscopiques des différents ions utilisés
comme dopants (Nd, Ho, Th, Pr, Sa, Er, Yb) donnent lieu à des longueurs d’onde d’émission très
spécifiques.

Les longueurs d’onde caractéristiques des lasers à fibre double gaine dopée aux ions de terres-
rares sont directement reliées aux bandes d’absorption et d’émission de l’ion terre-rare utilisé. La
figure 1.7 ci-dessous représente les bandes d’absorption et d’émission de l’ion Y b3+ utilisé comme
dopant dans les lasers à fibre double gaine dopée ytterbium, principalement utilisés comme source
de pompage des lasers Raman à fibre [23, 40, 41] :

Fig. 1.7 – Sections efficaces d’absorption (trait plein) et d’émission (trait pointillés) de l’ion Y b3+

dans une matrice de silice codopée germanium. Figure extraite de [40].

La figure 1.7 montre que les bandes d’absorption et d’émission de l’ion ytterbium sont très
larges. Elles s’étendent entre 850 nm et 1150 nm environ et présentent un pic situé à 975 nm. Un
des avantages de la largeur de la bande spectrale d’absorption est qu’elle permet un choix important
de longueurs d’onde de pompage pour la fabrication d’un laser à fibre dopée ytterbium. Toutefois,
il existe aujourd’hui sur le marché des diodes lasers émettant à 980 nm peu chères et puissantes,
ce qui rend cette longueur d’onde de pompage très attrayante pour la réalisation de lasers à fibre
dopée ytterbium.

Cependant, les diodes lasers multimodes émettant à 980 nm délivrent un faisceau fortement
divergent difficile à injecter dans une fibre optique monomode. Par conséquent, l’utilisation de ces
diodes a nécessité le développement de nouveaux types de fibres optiques [23] : les fibres à double
gaine, présentées dans le paragraphe suivant.

- La fibre optique à double gaine

Afin d’obtenir un rendement de couplage élevé d’un faisceau fortement divergent tout en assur-
ant une propagation monomode, il est nécessaire d’utiliser une fibre optique de grande ouverture
numérique : la fibre optique à double gaine, dont une représentation schématique est illustrée sur
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la figure 1.8.
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Fig. 1.8 – Coupe transversale d’une fibre optique double gaine

Comme le montre la figure 1.8, la fibre double gaine est une fibre optique constituée d’un coeur
central de faible diamètre (quelques microns) dopé aux ions terres-rares, entouré d’une première
gaine (gaine interne) de plus grand diamètre (quelques centaines de microns), elle-même entourée
d’une gaine externe. La grande dimension de la gaine interne lui confère une ouverture numérique
élevée ce qui permet le guidage d’une onde de pompe issue d’une diode laser multimode transverse.

Afin d’assurer le guidage par réflexion totale de la lumière se propageant dans la fibre double
gaine, l’indice de réfraction est décroissant dans la direction radiale depuis le centre de la fibre
jusqu’à la gaine extérieure. Par conséquent, si la lumière de pompe est injectée dans la gaine in-
terne de la fibre, la propagation du champ peut être résumée de la façon suivante : le rayonnement
de pompe est guidé par réflexion totale dans la gaine interne de la fibre et traverse sur toute sa
longueur le coeur dopé aux ions terres rares. En conséquence, le champ de pompe est progressive-
ment absorbé lors de son passage dans le coeur où a lieu l’inversion de population des niveaux
d’énergie de l’ion ytterbium. Ce mode de propagation a permis d’atteindre des rendements de cou-
plage de près de 96% grâce notamment à une technique d’injection du faisceau de pompe dans la
fibre basée sur une encoche (technique dite du “V-groove side pumping”) [42].

L’utilisation combinée d’une fibre optique double gaine dopée ytterbium, d’un pompage par
diode laser et d’une cavité laser fermée par des miroirs conduit à la réalisation d’un laser à fibre
double gaine dopée ytterbium, représenté schématiquement sur la figure 1.9 :

Fibre double gaine ytterbium

Diode laser

= 980 nmλp

λ 1.08 µm

Miroirs de Bragg

Fig. 1.9 – Représentation schématique d’un laser à fibre double gaine dopée ytterbium
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La longueur d’onde typique d’émission des lasers à fibre double gaine dopée ytterbium comme
celui représenté sur la figure 1.9 est autour de 1.08 µm, pour des puissances pouvant atteindre la
dizaine de kilowatt [41]. Outre leur utilisation comme lasers de pompe pour les lasers Raman à
fibre, ces lasers sont également très utilisés de part leur fiabilité dans les télécommunications, les
applications médicales, industrielles ou militaires [23], ce qui a beaucoup contribué à leur succès
commercial ces trente dernières années.

1.1.3.3 Les lasers Raman entièrement fibrés

L’utilisation combinée des lasers à fibre double gaine comme lasers de pompe et des miroirs de
Bragg vont permettre le développement de lasers Raman “tout fibrés”. Ainsi, le premier du genre
fait son apparition en 1994 [43], il est à l’époque pompé par un laser à fibre néodyme continu de
1.5 W émettant à 1.06 µm. La cavité est constituée d’une fibre germanosilicate longue de 800 m
et de trois paires de miroirs de Bragg permettant de réaliser un laser Raman multi-cascades (les
ondes Stokes d’ordres inférieurs pompent les ondes Stokes d’ordres supérieurs). Les trois Stokes
d’ordres différents induisent une émission laser à 1.24 µm (pompe (1.060 µm) → Stokes d’ordre
1 (1.117 µm) → Stokes d’ordre 2 (1.175 µm) → Stokes d’ordre 3 (1.240 µm)). La même équipe
propose un an après [44] une version améliorée de ce laser émettant à 1.48 µm pour une puissance
de 1.5 W et une efficacité d’environ 50% en utilisant cinq ordres de Stokes.

Deux ans plus tard, un laser Raman entièrement fibré est fabriqué pour la première fois à partir
d’une fibre phosphosilicate [45]. Ces fibres ont l’avantage de présenter une seconde bande de gain
dont le maximum est décalé de 39 THz par rapport à la fréquence du rayonnement de pompe, la
première bande de gain étant celle de la silice (maximum décalé de 13 THz par rapport à l’onde
de pompe). Ceci permet d’obtenir une source Raman à 1.48 µm avec seulement deux cascades
Stokes, un laser à peu de cascades étant plus facile à optimiser et à réaliser. Ce laser en fibre phos-
phosilicate est pompé continûment par un laser YAG à 1.06 µm et délivre une puissance de 1 W [45].

Suite à la réalisation de ces deux premiers lasers Raman en configuration entièrement fibrée, les
performances des lasers Raman à fibre vont évoluer notamment grâce à l’utilisation de composants
fibrés tels que des coupleurs, des multiplexeurs ou des éléments agissant sur la polarisation du
champ. L’ensemble de ces composants va permettre de concevoir des lasers Raman avec différentes
géométries de cavités et divers régimes de fonctionnement (continu et impulsionnel).

Le développement de nouveaux types de fibres optiques (fortement dopées, fibres à cristaux
photoniques, fibres à maintien de polarisation, etc) permettront également de multiplier les champs
d’application de ces lasers en les rendant très faciles d’utilisation dans les applications pratiques
(stabilité, robustesse, puissance d’émission, compacité, etc).

- Les configurations typiques actuelles

Dans leur configuration typique courament employée de nos jours, les lasers Raman à fibre
sont pompés par des lasers ytterbium et oscillent dans des cavités Pérot-Fabry fermées par une ou
plusieurs paires de miroirs de Bragg (lasers Raman multi-cascades) [46–48]. La figure 1.10 représente
un exemple de configuration typique des lasers Raman à fibre rencontrés de nos jours :
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Fig. 1.10 – Montage expérimental typique des lasers Raman à fibre en cavité Pérot-Fabry dans les
années 2000

Les fibres optiques utilisées pour ces lasers sont de manière générale des fibres germanosilicates
monomodes (décalage Raman 13 THz (≃ 60 nm) à λp = 1.1 µm) pour une valeur maximale du gain
Raman valant typiquement la dizaine de dB par kilomètre et par Watt. On trouve aussi des fibres
de natures différentes (phosphosilicates, fortement dopées et à cristaux photoniques) changeant les
propriétés spectrales du gain (largeur de bande, position et amplitude du maximum de gain). Les
pertes de ces fibres sont de l’ordre de 1 dB/km à λp = 1.1 µm avec des longueurs allant d’une
centaine de mètres à 200 kilomètres [19]. Les puissances délivrées par ces lasers sont typiquement de
quelques Watts jusqu’à une centaine de Watts (tout dernier record de 150 W pour un rayonnement
continu à 1.12 µm [49]).

Par ailleurs, lorsque la longueur de la fibre devient très grande (plusieurs centaines de km), les
effets de la rétrodiffusion Rayleigh deviennent prépondérants et ce phénomène peut être exploité
pour réaliser un laser Raman à fibre sans aucun miroir de Bragg situé aux extrémités de la cavité.
Un laser Raman a ainsi été réalisé avec une fibre longue de 270 km et fonctionnant sur le principe
de la rétrodiffusion Rayleigh [18].

Les lasers Raman à fibre oscillent également dans des cavités en anneau [50–52], dont une
représentation schématique est illustrée sur la figure 1.11.

λ
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Multiplexeur

Fig. 1.11 – Schéma de principe d’un laser Raman à fibre oscillant dans une cavité en anneau

Ces cavités en anneau ont été développées grâce à l’utilisation de composants fibrés (coupleurs)
permettant de refermer la fibre à gain sur elle-même tout en prélevant une partie des rayonnements
circulant dans la fibre. Le coupleur peut par conséquent être considéré comme un miroir avec un
coefficient de réflexion de bande passante très large. La génération de l’onde Stokes peut se faire
dans les deux sens de circulation de la cavité. La pompe, elle, peut être injectée de plusieurs façons
différentes, les plus répandues étant directement par l’intermédiaire du coupleur, ou à l’aide d’un
multiplexeur (exemple sur le schéma), dont la fonction est de séparer spatialement chacun des fais-
ceaux de longueurs d’onde différentes.
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Par comparaison avec les cavités Pérot-Fabry, l’absence d’éléments sélectifs en longueur d’onde
(miroirs de Bragg) dans les cavités en anneau permet de rendre plus facilement accordable le laser
Raman à fibre, généralement grâce à l’utilisation d’un filtre à bande passante étroite (quelques
nanomètres) de longueur d’onde centrale réglable. L’accordabilité du laser Raman à fibre a ainsi
été obtenue sur plusieurs dizaines de nanomètres pour des puissances de sortie de quelques centaines
de milliwatts [53,54]. Notons qu’il existe par ailleurs des lasers Raman à fibre accordables en cavité
Pérot-Fabry, cependant l’accordabilité obtenue est souvent plus faible et nécessite l’utilisation de
miroirs de Bragg spécifiques de longueur d’onde centrale réglable [55, 56].

Il est possible de concevoir des lasers Raman délivrant des impulsions courtes, soit en utilisant
un laser de pompe étant lui-même pulsé [57, 58], soit en pompant le laser Raman de manière con-
tinue en utilisant le principe du verrouillage passif des modes de la cavité [50–52,59,60]. Cependant,
la réalisation d’un laser Raman à fibre à modes bloqués stable et utilisable est aujourd’hui toujours
un sujet de recherche. Le bloquage des modes peut se faire de différentes manières : rotation non
linéaire de polarisation [50–52], absorbant saturable [59] ou encore mélange à quatre ondes dissi-
patif [60, 61]. Dans la référence [50], une géométrie de cavité en 8 a été utilisée pour réaliser un
laser Raman à fibre délivrant des impulsions sub-picoseconde. Le verrouillage passif de modes a été
réalisé en utilisant un miroir non linéaire. Dans la référence [59], le verrouillage de modes est obtenu
grâce à un miroir semi-conducteur à absorbant saturable (SESAM). La durée des impulsions ainsi
observées est de l’ordre de la picoseconde.

1.1.4 Conclusion

Les configurations « tout fibré » des lasers Raman ont rendu ces sources très stables, fiables,
robustes, compactes, puissantes et efficaces. De plus, l’accordabilité de ces lasers ainsi que la
disponibilité de sources de pompage dans le proche infrarouge font que les lasers Raman cou-
vrent aujourd’hui une large gamme de longueurs d’onde d’émission allant environ de 1 µm à 2 µm.
Les lasers Raman à fibre sont très utilisés dans un ensemble d’applications pratiques comme les
télécommunications, l’industrie, la détection longue distance [1, 2], la médecine [4] ou encore l’im-
agerie [3].

Cependant, malgré le grand nombre de développements technologiques et expérimentaux, il
n’existe pas depuis les années 1970 de modèle satisfaisant décrivant quantitativement les propriétés
dynamiques et spectrales des lasers Raman à fibre dans toutes les zones de paramètres. Le modèle
de AuYeung et Yariv établi en 1979 est encore aujourd’hui le plus courament utilisé et largement
employé pour optimiser le fonctionnement de ces lasers. Cependant, il a été montré ces dernières
années que ce modèle ne suffisait plus à reproduire précisément le comportement de ces sources, les
propriétés spectrales de l’onde Stokes en étant principalement la cause.

Par conséquent, depuis le début des années 2000, il existe des modèles améliorés basés sur le
modèle monomode de AuYeung et Yariv permettant de reproduire de manière plus précise le fonc-
tionnement du laser Raman à fibre. L’objectif de la section suivante sera donc double : dans un
premier temps nous vous présenterons de manière détaillée le modèle monomode du laser. Dans un
deuxième temps nous mettrons l’accent sur les limites de validité de celui-ci et nous présenterons
les modélisations plus récentes du laser Raman à fibre.
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1.2 Modélisation du laser Raman à fibre : limites de validité du

modèle monomode et approches complémentaires

1.2.1 Introduction

Jusqu’à la fin des années soixante-dix, l’ensemble des études concernant les lasers Raman à fibre
étaient principalement expérimentales. Le premier modèle décrivant le fonctionnement des lasers
Raman à fibre apparâıt en 1979 [5]. AuYeung et Yariv se servent de ce modèle pour déterminer
la puissance de l’onde Stokes en sortie du laser, le seuil du laser et l’évolution longitudinale des
puissances des ondes de pompe et Stokes le long de la fibre optique. D’un point de vue pratique,
ce modèle présente l’avantage de permettre d’optimiser le fonctionnement du laser lors de sa con-
ception. Il est ainsi possible d’anticiper les valeurs des paramètres du système qui induiront un bon
compromis entre seuil d’émission minimum et puissance utile maximale.

Cependant, le modèle monomode de AuYeung et Yariv ne suffit pas dans certains cas à décrire
quantitativement le comportement du laser Raman à fibre. Effectivement, lorsque la puissance de
l’onde Stokes dans la cavité laser est suffisament importante, on observe un élargissement non
négligeable du spectre optique. Dans le cas d’un laser Raman à fibre réalisé à partir de miroirs
sélectifs en longueur d’onde (réseaux de Bragg), cet élargissement est tel que la largeur du spectre
optique de l’onde Stokes devient comparable, voire même supérieure, à la largeur du spectre de
réflectivité des miroirs de Bragg (cf section 1.1.3.1). Cet élargissement a pour conséquence de mod-
ifier le comportement en puissance du laser d’une manière qui ne peut être prédite par le modèle
monomode de AuYeung et Yariv, puisque celui-ci est écrit pour des ondes de pompe et Stokes
considérées comme monochromatiques.

Par conséquent, depuis le début des années 2000, certains auteurs ont tenté d’adapter phénoméno-
logiquement le modèle de AuYeung et Yariv de manière à ce qu’il prenne en compte l’élargissement
du spectre optique de l’onde Stokes. Une des méthodes, consiste à mesurer le coefficient de réflexion
effectif des miroirs, défini par le rapport des aires des spectres avant et après réflexion de l’onde
Stokes sur chacun d’entre eux. Cette méthode reste empirique et semble donner des résultats vari-
ables selon les différents travaux existants dans la littérature. J.C. Bouteiller a lui tenté une ap-
proche différente en prenant en compte l’effet Kerr (mélange à quatre ondes), qui est responsable
de l’élargissement du spectre optique du laser. Cependant son modèle est basé sur une approxima-
tion forte qui consiste à négliger certaines interactions entre les modes du spectre. Par ailleurs, ce
modèle est dépendant d’un paramètre d’ajustement pour déterminer numériquement la forme du
spectre optique du laser. Toutefois, cette approche reste intéressante puisqu’elle permet de cerner le
mécanisme d’interaction responsable de l’élargissement du spectre optique du laser Raman à fibre.
Nous verrons d’ailleurs un peu plus tard dans la troisième partie de ce chapitre que ce mécanisme
d’interaction mis en avant par le modèle de Bouteiller fera l’objet d’une approche totalement nou-
velle basée sur les concepts de la turbulence d’onde.

L’objectif de la deuxième partie de ce premier chapitre sera double : nous présenterons dans un
premier temps le modèle monomode du laser Raman à fibre et exposerons ses limites de validité
(effets de polarisation et élargissement du spectre optique). Puis, dans un deuxième temps nous
aborderons les deux approches différentes (méthode du coefficient de réflexion effectif et modèle de
Bouteiller) permettant de prendre en compte l’élargissement du spectre optique de l’onde Stokes
dans les lasers Raman à fibre.

1.2.2 Le modèle monomode du laser Raman à fibre

1.2.2.1 Equations d’évolution des champs

Le modèle de AuYeung et Yariv [5] est un modèle monomode : les ondes de pompe et Stokes
sont supposées monochromatiques. Il décrit l’état stationnaire des distributions longitudinales des
intensités de pompe et Stokes dans un laser Raman à fibre dans lequel l’oscillation de l’onde Stokes
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est supposée déjà établie. La façon dont l’oscillation se construit à partir de la diffusion Raman
spontanée n’est pas considérée ici. Le modèle prend en compte la diffusion Raman stimulée et les
pertes linéaires de la fibre pour un laser Raman émettant une seule composante Stokes. Ce modèle
est établi pour un laser Raman à fibre dont la configuration expérimentale est typique des premiers
lasers dans les années soixante-dix (figure 1.3).

A l’état stationnaire, les équations d’évolution spatiale des ondes de pompe et Stokes se propa-
geant dans la fibre du laser s’écrivent [5] :

dP

dz
= −αpP −

λs

λp
gP (Sf + Sb), (1.7)

dSf

dz
= −αsSf + gPSf , (1.8)

dSb

dz
= +αsSb − gPSb. (1.9)

P est la puissance en watts de l’onde de pompe, Sf et Sb sont les puissances des ondes Stokes
se propageant respectivement dans le même sens et dans le sens opposé à l’onde de pompe. αp et
αs sont les coefficients de pertes de la fibre en km−1 aux longueurs d’onde pompe et Stokes λp et
λs. Enfin g est le coefficient de gain Raman en km−1W−1.

Le deuxième terme du membre de droite de l’équation 1.7 représente la déplétion de la puissance
de pompe dûe au transfert d’énergie de ce champ vers les deux ondes Stokes se propageant dans la
cavité. Enfin, les ondes Stokes de puissances Sb et Sf se propageant en sens opposés, les membres
de droite des équations 1.8 et 1.9 sont de signes contraires.

Afin de prendre en compte les effets sur le champ des miroirs situés aux extrémités de la cavité,
les équations de propagation 1.7, 1.8 et 1.9 ci-dessus sont associées aux conditions de bords car-
actéristiques d’une cavité Pérot-Fabry [5] :

P (z = 0) = Pin, (1.10)

Sf (z = 0) = R1Sb(z = 0), (1.11)

Sb(z = L) = R2Sf (z = L), (1.12)

où Pin est la puissance de pompe injectée à l’entrée de la fibre en z = 0, L la longueur de la fibre
et R1, R2 les coefficients de réflexion en puissance des miroirs d’entrée et de sortie de la cavité (cf
figure 1.3). Les coefficients R1 et R2 peuvent tenir compte des pertes de couplage entre les miroirs
externes et la fibre optique (tronçons aériens sur la figure 1.3). Dans le cas de miroirs de Bragg,
ces pertes de couplage correspondent aux pertes de soudures entre la fibre et les miroirs (cf section
1.1.3.1).

Il est possible à partir des équations de propagation 1.7, 1.8, 1.9 et des conditions de bords
1.10, 1.11, 1.12 de déterminer analytiquement le seuil du laser. En effet, il découle directement des
équations 1.8 et 1.9 que

d(SfSb)

dz
= 0, (1.13)

ce qui implique que la quantité Sf (z)Sb(z) est une constante C ne dépendant pas de z. En partic-
ulier, Sf (L)Sb(L) = Sf (0)Sb(0), soit d’après 1.11 et 1.12 l’égalité suivante :

Sf (0)

Sf (L)
=

Sb(L)

Sb(0)
=
√

R1R2. (1.14)
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Par ailleurs, en intégrant les équations 1.8 et 1.9, on montre également facilement que

Sf (0)

Sf (L)
=

Sb(L)

Sb(0)
= exp

[

αsL− g

∫ L

0
P (z)dz

]

. (1.15)

On déduit alors des expressions 1.14 et 1.15 la condition d’oscillation suivante [5] :

√

R1R2 exp

[

−αsL+ g

∫ L

0
P (z)dz

]

= 1. (1.16)

La condition d’oscillation 1.16 est une expression classique en physique des lasers, elle signifie
que sur un aller-retour dans la cavité le gain de l’onde Stokes est égal aux pertes de la cavité,
provenant dans le laser Raman à fibre de l’atténuation linéaire de la fibre (αsL) et des pertes liées à
la réflexion de l’onde sur les miroirs R1 et R2. Le profil longitudinal de la pompe P (z) est déterminé
de façon à ce que la condition d’oscillation 1.16 soit toujours respectée. Ce phénomène est à la base
du processus de saturation du gain dans les lasers Raman à fibre [5].

Au seuil du laser, la puissance de pompe n’est pas déplétée, soit d’après l’équation 1.7 :
∫ L

0
P (z)dz = Pin(1 − e−αpL)/αp. On déduit alors de la relation 1.16 l’expression du seuil de

puissance d’un laser Raman à fibre dans une cavité Pérot-Fabry :

P seuil
in =

αp

2g

2αsL− ln(R1R2)

1− exp(−αpL)
. (1.17)

1.2.2.2 Profils de puissance longitudinaux et caractéristiques en puissance du laser
Raman

Nous avons réalisé l’intégration numérique des équations de propagation 1.7, 1.8 et 1.9, associées
aux conditions de bords 1.10, 1.11 et 1.12, pour déterminer les caractéristiques de puissance et les
profils longitudinaux de puissance de chacune des trois ondes P (z), Sf (z) et Sb(z) le long de la
fibre pour un jeu de paramètres Pin, R1 et R2 donné.

L’algorithme que nous avons utilisé pour intégrer les équations de propagation des champs est
basé sur une méthode de Runge-Kutta à pas et ordre variables [62]. La difficulté de résolution des
équations de propagation réside dans la prise en compte des conditions de bords 1.11 et 1.12. En
effet, il s’agit de trouver les puissances Sf (z) et Sb(z) satisfaisant les conditions de réflexion des
miroirs en z = 0 et z = L. Cela a été réalisé grâce à un algorithme représenté sur la figure 1.12
associant l’intégration des équations différentielles 1.7, 1.8 et 1.9 par la méthode de Runge-Kutta
et la détermination du zéro d’une fonction par la méthode de Newton.

S (0)
f

P (0) = Pin

f
S (L)

S (L)
b

 0

f(
f

) = ?S (0) S (z),
f

S (z),
b

S (0)
f

S (0) =
R

fS (0)

1
b

P (L)

1.7, 1.8 et 1.9 = 0
Runge−Kutta

P(z)
1.18

Newton

Fig. 1.12 – Représentation schématique de l’algorithme d’intégration numérique du modèle de
AuYeung et Yariv.

La fonction f , définie par

f [Sf (0)] = Sb(L)−R2Sf (L), (1.18)
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est issue de la condition de bord 1.12 en z = L. Les puissances des ondes Stokes Sf (L) et Sb(L) de
la relation 1.18 sont reliées indirectement aux conditions initiales Sf (0) et Sb(0) par les équations
de propagation 1.8 et 1.9 intégrées entre z = 0 et z = L. Sb(0) est calculée à partir de Sf (0) grâce
à la condition de bord 1.11 en z = 0.

Ainsi, si la fonction f au cours de l’intégration numérique est égale à zéro, la condition de
bord 1.12 est respectée. L’algorithme consiste à calculer la valeur de la fonction f en intégrant les
équations de propagation 1.7, 1.8 et 1.9 pour une puissance initiale quelconque Sf (0). Si la valeur
de f [Sf (0)] est différente de zéro pour la valeur de Sf (0) considérée, une nouvelle valeur de Sf (0)
est déterminée à partir de la méthode de Newton. Ce calcul est relancé indéfiniment jusqu’à ce que
la fonction f converge vers une valeur proche de zéro, définie suivant la précision souhaitée. Une
fois cette condition atteinte, les profils longitudinaux P (z), Sf (z) et Sb(z) obtenus correspondent à
ceux dont les conditions de réflexion 1.11 et 1.12 définies en z = 0 et z = L sont respectées.

- Profils longitudinaux des puissances pompe et Stokes

Grâce à l’intégration numérique du modèle de AuYeung et Yariv en utilisant l’algorithme
précédemment décrit, nous pouvons tracer l’évolution typique des puissances des ondes de pompe
et Stokes le long de la fibre dans le laser Raman. Les valeurs des paramètres considérés pour cette
intégration numérique sont L = 500 m, R1 = 99%, R2 = 80% et correspondent aussi au laser qui
sera étudié dans les chapitres 2 et 3. Les pertes de la fibre sont αs = αp = 1 dB/km et le gain vaut
g = 10 dB/km/W . Le seuil du laser pour ces valeurs de paramètres est P seuil

in ≃ 200 mW (d’après
la relation 1.17). La figure 1.13 représente les distributions stationnaires d’intensité dans la cavité
Pérot-Fabry à 1.2 et 5 fois le seuil.
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Fig. 1.13 – Evolution longitudinale typique des puissances de pompe et Stokes P , Sb et Sf issue du
modèle classique de AuYeung et Yariv dans un laser Raman à fibre. (a) Pin = 5P seuil

in = 1 W . (b)
Pin = 1.2P seuil

in = 0.24 W . Paramètres : L = 500 m, R1 = 99%, R2 = 80%, αs = αp = 1 dB/km,
g = 10 dB/km/W , λs = 1.05 µm, λp = 1 µm.

La première remarque que nous pouvons faire sur l’évolution longitudinale des puissances le
long de la fibre du laser Raman est qu’à cinq fois le seuil du laser (figure 1.13-(a)), la puissance de
pompe est pleinement déplétée au bout de 500 m de propagation. Ce qui n’est pas le cas lorsque
la puissance de pompe est proche du seuil du laser, qui génère alors une onde Stokes de faible
intensité (figure 1.13-(b)). A cinq fois le seuil du laser, la forte déplétion de la puissance de pompe
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est représentative du processus de saturation du gain dans les lasers Raman à fibre. L’allure de
P (z) que nous observons est alors induite par la condition d’oscillation définie par la relation 1.16.
Le profil de pompe P (z) montre également qu’en z = L, pratiquement 100% de la puissance de
pompe est transmise aux deux ondes Stokes se propageant dans la cavité.

La figure 1.13-(a) montre également que la puissance de l’onde Stokes Sf passe par un max-
imum à environ 250 m de propagation. Il aurait été difficile de mettre en évidence ce maximum
dans le cas d’une étude exclusivement expérimentale. Lors de la conception du laser, le modèle de
AuYeung et Yariv permet donc de choisir les valeurs des paramètres expérimentaux (longueur de
fibre, coefficients de réflexion, etc) qui donneront un maximum de puissance d’émission. D’un point
de vue pratique, cet avantage du modèle fait qu’il est encore largement utilisé aujourd’hui pour
optimiser le fonctionnement des lasers Raman à fibre et en décrire quantitativement le fonction-
nement [48, 63, 64].

- Caractéristique de puissance

Les simulations numériques peuvent être utilisées pour tracer la caractéristique de puissance
du laser. La caractéristique de puissance du laser est tracée sur la figure 1.14 pour des valeurs de
paramètres identiques à celles utilisées pour la figure 1.13.
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Fig. 1.14 – Caractéristique en puissance typique des puissances de pompe et Stokes transmises par
un laser Raman à fibre. Paramètres : L = 500 m, R1 = 99%, R2 = 80%, αs = αp = 1 dB/km,
g = 10 dB/km/W , λs = 1.05 µm, λp = 1 µm.

Une fois le seuil du laser atteint (à environ Pin = 200 mW ), la puissance de pompe transmise en
sortie de fibre diminue fortement. Cette forte déplétion de la puissance de pompe se fait au profit
d’une croissance rapide de la puissance de l’onde Stokes transmise qui atteint 0.9 W à Pin = 2 W .
La puissance transmise de l’onde Stokes est déterminée à partir du coefficient de transmission du
miroir de sortie du laser T2 = (1−R2) (P

out
Stokes = T2Sf (L)).

La figure 1.14 permet de déterminer l’efficacité du laser. Effectivement, lorsque la puissance de
pompe augmente, la puissance de l’onde Stokes transmise déterminée par le modèle de AuYeung
et Yariv crôıt de manière quasi-linéaire à forte puissance de pompe. Le coefficient directeur de la
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droite P out
Stokes = f(Pin) donne le rendement théorique du laser, qui dans le cas de la figure 1.14 vaut

environ 45%.
L’efficacité du laser est entièrement déterminée par la valeur des paramètres physiques du

système. La longueur L de la cavité, les coefficients de réflexion R1 et R2 des miroirs, le coeffi-
cient de gain g ou encore les pertes linéaires de la fibre sont autant de paramètres qui influencent
directement le fonctionnement du laser Raman à fibre d’une manière pouvant être anticipée par le
modèle de AuYeung et Yariv. C’est en partie ce qui a contribué au succès du modèle de AuYeung
qui est devenu aujourd’hui l’un des plus utilisés pour décrire le fonctionnement des lasers Raman à
fibre [48, 63, 64].

1.2.2.3 Discussion

Le modèle monomode de AuYeung et Yariv présente des avantages indéniables quant à la
description du fonctionnement du laser Raman à fibre. Premìerement, il permet de représenter
l’évolution spatiale des puissances des rayonnements à l’intérieur de la cavité laser, pour n’importe
quelles valeurs de paramètres (longueur de fibre, pertes, coefficients de réflexion, gain) et à toutes les
puissances de fonctionnement. Ce modèle a permis de révéler l’existence d’une longueur optimum
de la fibre pour la puissance d’émission du laser, ce qui d’un point de vue pratique peut s’avérer très
intéressant. Ensuite, ce modèle permet également de tracer la caractéristique de puissance du laser
qui indique les valeurs théoriques du seuil d’émission et du rendement du laser. Par conséquent,
il est possible de déterminer les valeurs des paramètres du système adaptées à l’utilisation qui est
faite du laser Raman (seuil minimum et/ou efficacité maximale) [48, 63, 64].

Cependant, ce modèle possède des limites de validité qu’il est important de souligner. Pour
commencer, ce modèle est scalaire et il est par conséquent inapte à décrire l’évolution de l’état de
polarisation des ondes de pompe et Stokes le long de la fibre. Il a déjà été démontré que le fonc-
tionnement du laser Raman à fibre était fortement influencé par l’état de polarisation des champs
optiques [35]. Par exemple, l’intensité de l’onde Stokes peut présenter de fortes fluctuations tem-
porelles prenant leur origine dans les changements de l’état de polarisation du champ au cours de
sa propagation dans la fibre [65]. Il a été également démontré que le seuil d’émission d’un laser
Raman constitué d’une fibre à maintien de polarisation pouvait être doublé lorsque l’état de po-
larisation du champ de pompe à l’entrée de la fibre était tourné à 45◦ des axes de biréfringence de
la fibre [65–67]. Il est évident que de tels comportements ne peuvent être décrits par un modèle
scalaire. Un modèle vectoriel introduit en 2004 a permis de reproduire précisément le comportement
du laser Raman face aux changements de l’état de polarisation des champs optiques se propageant
dans la fibre [66, 68].

Toutefois, même dans le cas d’un laser Raman dans lequel la polarisation demeure linéaire, une
autre caractéristique du laser n’est toujours pas décrite par le modèle de AuYeung et Yariv : lorsque
la puissance de l’onde Stokes augmente, on peut observer un élargissement du spectre optique du
laser Raman. Dans le cas d’une cavité laser constituée de miroirs de Bragg, cet élargissement peut
devenir tellement important que la largeur du spectre optique intracavité atteint celle de la bande
de réflectivité des miroirs. Dans ce cas une partie du spectre de l’onde Stokes n’est pas réfléchie
par les miroirs, ce qui affecte directement les caractéristiques de puissance du laser Raman à fibre.
Le modèle de AuYeung et Yariv étant un modèle monomode (une seule composante spectrale pour
l’onde Stokes), il ne peut en aucun cas reproduire cette propriété du laser.

Dans la section suivante, nous décrirons le phénomène d’élargissement du spectre optique de
l’onde Stokes et montrerons précisément en quoi il affecte le comportement du laser Raman à fibre.
Nous démontrerons ainsi que le modèle monomode de AuYeung et Yariv ne permet pas de repro-
duire le fonctionnement réel du laser lorsque la largeur du spectre optique devient comparable à
celle des miroirs de Bragg. Nous présenterons alors deux modèles plus complets dans lesquels les
équations de AuYeung et Yariv sont modifiées de façon à chercher à décrire cet effet d’élargissement
spectral : la méthode des coefficients de réflexion effectifs et le modèle multimode de J.C. Bouteiller.
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1.2.3 Modélisation des propriétés spectrales du laser : coefficients de réflexion

effectifs

1.2.3.1 Propriétés spectrales du laser Raman à fibre

A ce stade de la lecture, les propriétés spectrales de l’onde Stokes émise par le laser Raman
à fibre ont été très peu évoquées. En effet, nous avons considéré sans plus de détails que l’onde
Stokes possédait une fréquence ωs décalée par rapport à la fréquence du champ de pompe ωp d’une
quantité définie par le maximum de gain Raman (13 THz pour les fibres optiques en silice, figure
1.2). En réalité, dans un laser Raman à fibre le spectre optique (en fonction de la longueur d’onde)
de l’onde Stokes présente une largeur finie (typiquement 1 nm ↔ ∼ 300 GHz) centrée autour de
λs = 2πc/ωs. L’intervalle spectral libre typique d’un laser Raman à fibre étant d’environ 200 kHz
(pour une cavité longue de 500 m), le spectre optique de l’onde Stokes est fortement multimode
(environ 106 modes). La figure 1.15-(a), extraite de la référence [6], montre les effets d’élargissement
du spectre optique de l’onde Stokes typiquement observés dans les lasers Raman à fibre.
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Fig. 1.15 – (a) Spectres optiques transmis par un laser Raman à fibre pour une puissance de pompe
incidente juste au-dessus du seuil du laser (i), à environ 2× le seuil (ii) et à 4× le seuil du laser (iii).
(b) Spectres de réflectivité des miroirs de Bragg d’entrée (trait plein) et de sortie (trait pointillés)
de la cavité. Figure extraite de [6].

La figure 1.15-(a) montre que lorsque la puissance de pompe augmente, le spectre optique du
laser devient beaucoup plus large que le spectre de réflectivité des miroirs représentés sur la figure
1.15-(b). En conséquence, le spectre optique transmis par le laser présente une forme en double
bosse très caractéristique des lasers Raman à fibre composés de miroirs de Bragg (spectre (iii) de la
figure 1.15). Cet effet de forme sur le spectre optique est une conséquence du fait que la transmission
du miroir de Bragg est plus élevée sur les bords. La puissance des composantes spectrales situées
en dehors de la bande de réflectivité du miroir est donc plus élevée en transmission.
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Cet effet d’élargissement du spectre optique a une incidence sur la caractéristique de puissance
du laser Raman à fibre qui ne peut être décrite par le modèle monomode de AuYeung et Yariv.
Effectivement, la figure 1.16 montre une comparaison entre les caractéristiques expérimentale et
théorique du laser1 [6] :
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Fig. 1.16 – Caractéristique en puissance du laser Raman à fibre de l’article [6]. Les traits en
pointillés correspondent à la caractéristique calculée à partir du modèle monomode de AuYeung et
Yariv. Figure extraite de [6].

On s’aperçoit sur la figure 1.16 que plus la puissance de pompe augmente, plus les différences
entre les caractéristiques expérimentale et théorique sont importantes. En particulier, à environ
quatre fois le seuil du laser, le modèle monomode prédit une déplétion quasi-totale de la puissance
de pompe qui n’est pas observée dans l’expérience. De plus, au maximum de puissance de pompe
injectée, la puissance de Stokes mesurée en sortie du laser est supérieure de plus de 25% à celle
prédite par le modèle de AuYeung et Yariv.

Les résultats de la figure 1.16 ci-dessus démontrent que l’élargissement du spectre optique de
l’onde Stokes influence assez fortement le comportement du laser. Par conséquent, cet effet doit
être considéré lorsqu’une modélisation quantitative du fonctionnement du laser Raman à fibre doit
être établie.

Une des méthodes utilisées pour prendre en compte l’élargissement du spectre de l’onde Stokes
et obtenir un meilleur accord entre les caractéristiques expérimentale et théorique consiste à cal-
culer les coefficients de réflexion effectifs des miroirs de Bragg [69,70].

1.2.3.2 La méthode des coefficients de réflexion effectifs

Le calcul des coefficients de réflexion effectifs des miroirs de la cavité est un moyen indirect de
prendre en compte l’élargissement du spectre optique du laser Raman à fibre. Cette procédure est
utilisée dans le cas d’un laser Raman à fibre dont les miroirs possèdent une bande de réflectivité
de largeur finie (ce qui est le cas des miroirs à réseaux de Bragg photoinscrits), comparable à la
largeur du spectre optique de l’onde Stokes.

Lorsque le spectre optique de l’onde Stokes est plus large que la bande de réflectivité des
miroirs, seules les composantes spectrales comprises dans cette bande de réflectivité sont réfléchies.
Les autres composantes spectrales sont directement transmises sans être affectées par la présence
du miroir. Dans ce cas, plutôt que de considérer le spectre optique de l’onde Stokes, la méthode des

1La fibre optique du laser Raman de l’article [6] est une fibre à maintien de polarisation de 500 m de longueur
qui préserve l’état de polarisation des champs de pompe et Stokes s’y propageant. L’utilisation de cette fibre permet
de confronter directement les résultats issus de l’intégration du modèle scalaire de AuYeung et Yariv à ceux de
l’expérience.
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coefficients de réflexion effectifs consiste à raisonner de préférence en termes de puissances totales
des champs optiques réfléchis par le miroir. Effectivement, de manière générale le coefficient de
réflexion d’un miroir est physiquement relié au rapport des puissances des rayonnements réfléchis
et incidents sur celui-ci. Dans le cas du miroir de Bragg, ce coefficient de réflexion est appelé coeffi-
cient de réflexion effectif. Il est défini comme le rapport des puissances optiques PR et PI des ondes
Stokes réfléchie et incidente sur le miroir de Bragg. Ainsi, pour un miroir de Bragg, le coefficient
de réflexion effectif s’écrit

Reff =
PR

PI
. (1.19)

La relation 1.19 ci-dessus revient à considérer que le spectre de réflectivité du miroir de Bragg
(exemples sur la figure 1.15-(b)) est remplacé par un spectre plat de coefficient de réflexion Reff

représentant la fraction moyenne de puissance réfléchie par le miroir.

Par ailleurs, les puissances des ondes Stokes PR et PI sont reliées aux spectres optiques SR(λ)
et SI(λ) de chacune de ces deux ondes par les relations

PSR
=

∫ ∞

−∞
SR(λ)dλ et PSI

=

∫ ∞

−∞
SI(λ)dλ. (1.20)

Si l’on considère que le spectre optique SR(λ) se déduit du spectre optique SI(λ) par l’expression

SR(λ) = R(λ)SI(λ), (1.21)

où R(λ) est le spectre de réflectivité en puissance du miroir de Bragg (figure 1.5), alors le coefficient
de réflexion effectif du miroir de Bragg s’écrit également

Reff =

∫ ∞

−∞
R(λ)SI(λ)dλ

∫ ∞

−∞
SI(λ)dλ

. (1.22)

La relation 1.22 ci-dessus montre que le coefficient de réflexion effectif du miroir dépend du
spectre optique de l’onde Stokes incidente SI(λ). Cette méthode constitue donc bien un moyen
indirect de prendre en compte la largeur du spectre optique de l’onde Stokes du laser.

Les coefficients de réflexion effectifs des miroirs de la cavité ont été mesurés dans le laser Raman
à fibre de la référence [6]. La figure 1.17 représente leur évolution en fonction de la puissance de
pompe du laser.
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Fig. 1.17 – Evolution des coefficients de réflexion effectifs 〈R1〉 et 〈R2〉 en fonction de la puissance
de pompe du laser Raman à fibre. Figure extraite de [6].
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La figure 1.17 montre que les coefficients de réflexion effectifs évoluent fortement en fonction
de la puissance de pompe du laser. En particulier, au seuil du laser, la largeur du spectre optique
de l’onde Stokes est inférieure à la largeur des miroirs de Bragg (voir figure 1.15), par conséquent
le coefficient de réflexion de l’onde Stokes pour une puissance proche du seuil du laser est égal à la
réflectivité maximale des miroirs (80% pour R2 et ≃ 100% pour R1). En revanche, à mesure que la
puissance de pompe augmente, on observe une décroissance importante des coefficients de réflexion
effectifs des miroirs de Bragg. Ainsi, la valeur du coefficient de réflexion effectif 〈R2〉 est divisée par
2 à quatre fois le seuil du laser. Ce qui signifie que la largeur du spectre optique de l’onde Stokes
incidente sur le miroir R2 à cette puissance est telle que seulement 40% de l’énergie est réfléchie
par le miroir de Bragg (dont la réflectivité maximale est de 80%).

La réinjection de ces valeurs des coefficients de réflexion effectifs dans le modèle de AuYeung
et Yariv est une procédure semi-empirique courament employée qui donne des résultats dépendant
des différentes études existant dans la littérature [6, 69, 70]. Toutefois cette procédure ne permet
en rien de prédire la largeur du spectre optique du laser et de décrire physiquement le phénomène
d’élargissement.

1.2.3.3 Conclusions

La figure 1.15 extraite de la référence [6] montre que le spectre optique du rayonnement Stokes
délivré par un laser Raman à fibre s’élargit et change de forme avec la puissance de pompe. Plus
particulièrement, on peut observer sur la figure 1.15-(a) que le spectre optique de l’onde Stokes
présente à forte puissance une forme particulière en double bosse (spectre (iii)) et s’étale spec-
tralement en dehors de la bande de réflectivité des mioirs de Bragg. Le fait que le spectre optique
présente des composantes spectrales en dehors de la bande de réflectivité des miroirs montre que les
modes longitudinaux du laser Raman à fibre ne sont pas indépendants, et qu’il existe dans le laser
un mécanisme d’interaction dépendant de la puissance, autre que l’effet Raman, et qui conduit à
un échange d’énergie entre les modes de la cavité. Ce mécanisme est déjà bien connu en optique
fibrée, il s’agit du mélange à quatre ondes, qui découle directement de l’effet Kerr optique. Grâce au
couplage entre les modes qu’induit ce mécanisme, le spectre optique de l’onde Stokes peut s’étendre
au delà du spectre de réflectivité des miroirs de Bragg, à des fréquences où les pertes de la cavité
sont supérieures au gain Raman.

Partant de ce constat sur la formation du spectre optique du laser Raman à fibre, J.C. Bouteiller
va développer un modèle multimode dans lequel il prend en compte le mélange à quatre ondes in-
duit par l’effet Kerr. Le modèle de Bouteiller est le premier ayant été développé pour décrire la
formation du spectre optique du laser Raman et il permet de déterminer qualitativement la forme
du spectre ainsi que son évolution en fonction de la puissance de pompe. Toutefois, l’accord quanti-
tatif avec l’expérience qu’il présente est obtenu grâce à un paramètre d’ajustement, et nous verrons
dans la section suivante que ce modèle est en pratique difficile d’utilisation et ne permet en rien de
décrire physiquement le mécanisme de formation du spectre. Néanmoins, ce modèle reste intéressant
puisqu’il démontre que la formation du spectre optique du laser Raman à fibre est induite par le
mélange à quatre ondes. C’est pourquoi nous le présentons dans la section suivante.

1.2.4 Elargissement spectral : un modèle phénomènologique

Le modèle de Jean-Christophe Bouteiller [7] est le premier modèle visant à décrire la formation
du spectre optique du laser Raman à fibre. Contrairement au modèle monomode de AuYeung et
Yariv [5], le modèle de Bouteiller est un modèle multimode dans lequel il considère que le spec-
tre optique de l’onde Stokes est composé d’un grand nombre de composantes spectrales. Afin de
modéliser l’élargissement du spectre optique du laser Raman à fibre, ce modèle est basé sur le
modèle classique de AuYeung et Yariv, auquel on incorpore l’effet physique non linéaire respon-
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sable de l’élargissement du spectre optique : l’effet Kerr optique [35]. En particulier, l’effet Kerr
est à l’origine d’un processus d’échange d’énergie entre les modes du spectre, le mélange à quatre
ondes, grâce auquel le spectre peut s’étendre au delà de la bande de réflectivité des miroirs, ce qui
change leurs réflectivités moyennes.

Le modèle de Bouteiller se présente sous la forme d’une série d’équations décrivant l’évolution
spatiale de la puissance de chacun des modes du spectre optique de l’onde Stokes. Ces modes sont
séparés par l’intervalle spectral libre ∆ν = c/2nL, où L représente la longueur de la fibre qui
compose la cavité optique fermée par des miroirs de Bragg. L’évolution de la puissance de chacun
des modes est déterminée par l’ensemble des effets physiques présents dans le milieu actif qu’est la
fibre optique : l’atténuation linéaire, la diffusion Raman stimulée (cf section 1.1.2.1) et le mélange à
quatre ondes (FWM2). Ainsi, les équations décrivant l’évolution de la puissance P+

j de chacun des
modes d’indice j du spectre optique de l’onde Stokes se propageant dans le même sens que l’onde
de pompe s’écrivent [7] :

dP+
j

dz
=

(

dP+
j

dz

)

att.

+

(

dP+
j

dz

)

Ram.

+

(

dP+
j

dz

)

FWM

. (1.23)

Notons par ailleurs que le modèle de Bouteiller prend en compte également la diffusion Raman
spontanée et la diffusion Rayleigh. Cependant, d’après J.C. Bouteiller ces deux effets sont utilisés
dans le seul but de stabiliser la convergence de l’algorithme d’intégration des équations 1.23 et nous
ne les avons donc pas pris en compte. Les termes d’atténuation et d’amplification Raman s’appuient
sur le modèle monomode de AuYeung et Yariv (section 1.2.2) étendu à plusieurs modes [7, 71] :

(

dP+
j

dz

)

att.

= −αsP
+
j , (1.24)

(

dP+
j

dz

)

Ram.

=
∑

k<j

g(ωk,j)[P
+
k + P−k ]P

+
j −

∑

k>j

ωj

ωk
g(ωj,k)[P

+
k + P−k ]P

+
j . (1.25)

αs est le coefficient de pertes linéaires à la longueur d’onde de l’onde Stokes, g(ωk,j) est le
spectre de gain Raman pour une fibre optique de silice (figure 1.2), avec ωk,j = −ωj,k = ωk − ωj

l’intervalle entre les modes du spectre d’indices k et j. Enfin P−k est la puissance du mode d’indice
k du spectre de l’onde Stokes se propageant en sens inverse de l’onde de pompe.

Les sommes discrètes apparaissant dans les premier et deuxième termes du membre de droite de
l’équation 1.25 sont liées au fait que les modes de la cavité peuvent soit être pompés par effet Raman
par des modes de fréquence plus élevée (premier terme, terme de gain), soit donner de l’énergie
(aussi par effet Raman) à des modes de fréquence plus faible (deuxième terme, terme de pertes).
Des équations symétriques peuvent être écrites pour les modes P−j . A ce stade, ces équations pour

P+
j et P−j associées aux conditions de bords définies aux extrémités de la cavité forment l’exten-

sion à N modes [71] du modèle monomode de AuYeung et Yariv que l’on peut intégrer avec un
algorithme du type Runge-Kutta.

Le dernier terme du membre de droite de l’équation 1.23 représente le mélange à quatre ondes
subit par le mode d’indice j de puissance P+

j . Pour développer ce terme, Bouteiller considère un
exemple simple de quatre modes uniquement ayant chacun des fréquences différentes ω1, ω2, ω3 et
ω4 correspondant à des puissances respectives P1, P2, P3 et P4. Le mélange à quatre ondes entre
ces modes n’est efficace que s’il respecte la condition de conservation d’énergie ω1 + ω2 = ω3 + ω4.
Dans ce cas, l’équation de propagation du mode de puissance Pj avec j = 1, 2, 3, 4 est définie par [7]

2FWM = Four Wave Mixing
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(

dPj

dz

)

FWM

= 4δjγ
√

P1P2P3P4 sin(φ(z)), (1.26)

(

dΦj

dz

)

FWM

= 2γ

√
P1P2P3P4

Pj
cos(φ(z)), (1.27)

où Φj est la phase du mode j d’amplitude complexe Aj =
√

Pj(z)e
iΦj(z). Pour j = 1 à 4 : δ1,2 = −1

et δ3,4 = 1, φ(z) = ∆Φ − ∆kz avec ∆Φ = Φ1 + Φ2 − Φ3 − Φ4 et ∆kz le déphasage relatif des
quatre ondes lié à la dispersion de vitesse de groupe de la fibre optique. Une somme sur toutes les
combinaisons possibles de mélanges à quatre ondes des expressions 1.26 et 1.27 donne ensuite le
terme final de mélange à quatre ondes dans l’expression 1.23.

C’est à ce stade du développement de son modèle que Bouteiller effectue le plus gros travail
de simplification. Effectivement, les deux équations 1.26 et 1.27 montrent que l’évolution de la
puissance du mode d’indice j liée au mélange à quatre ondes est entièrement déterminée par les
puissances et les phases des 4 ondes considérées. Cependant, l’intégration numérique des équations
sur les phases des modes serait beaucoup trop onéreuse en temps de calcul de par leur évolution
très rapide [7] et le grand nombre de modes à prendre en compte. Ceci est dûe à l’écriture par
Bouteiller du terme de mélange à quatre ondes dans l’espace de Fourier, qui fait ressortir toutes les
combinaisons possibles d’interactions à 4 modes. Il est beaucoup plus facile de traiter le mélange à
quatre ondes dans l’espace direct car la totalité des contributions est comprise dans l’unique terme
Kerr de l’équation de Schrödinger Non Linéaire [35]. Bouteiller propose de simplifier le problème
écrit dans l’espace de Fourier en approximant la valeur des phases des modes. Cette approximation
consiste à évaluer la valeur de sin(φ(z)) dans l’équation 1.26 pour deux cas de figures différents,
sin(φ(z)) étant dépendant de ∆Φ et ∆k :

1) Pour de petites valeurs de ∆k, l’accord de phase est réalisé et ∆k peut être remplacé par 0.
2) Pour de grandes valeurs de ∆k, sin(φ(z)) évolue tellement vite sur de petites distances que

sa contribution est en moyenne nulle.
Ainsi, Bouteiller ne considère que les deux cas extrèmes où l’accord de phase est totalement

réalisé, ou pas du tout. Il définit de cette manière un intervalle spectral maximum ∆λmax pour
lequel sin(φ(z)) dans l’équation 1.26 peut être remplacé par :

{

sin(∆Φ) si ∆λmax ≤ ∆λlimite,

0 si ∆λmax > ∆λlimite.
(1.28)

∆λlimite est déterminé empiriquement, il doit être suffisament grand pour inclure plusieurs
modes, et suffisament petit pour limiter le temps de calcul. Dans l’article [7], cette situation corre-
spond à la prise en compte de 8 modes consécutifs dans le spectre pour calculer l’effet du mélange
à quatre ondes sur un mode particulier3. Bouteiller simplifie donc considérablement le problème en
définissant de manière arbitraire un intervalle spectral au-delà duquel le gain pour un mode par
mélange à quatre ondes devient non résonnant. Ainsi, son modèle est basé sur l’hypothèse que le
spectre se construit de proche en proche, c’est-à-dire que pour chacun des modes du spectre, le pro-
cessus d’échange d’énergie par mélange à quatre ondes ne se fait que pour des modes spectralement
adjacents. Au delà, leur contribution est nulle en moyenne.

Enfin, Bouteiller montre que l’expression de sin(∆Φ) dans la relation 1.28 donnant les meilleurs
résultats d’intégration est [7]

3Remarque : dans les simulations numériques de Bouteiller, un point dans le spectre n’est pas équivalent à un mode
de la cavité. Effectivement, dans l’exemple considéré par Bouteiller, l’intervalle spectral libre est de 200kHz. Pour un
spectre optique d’1 nm de large (≃ 300 GHz), cela correspond à un total d’environ 106 modes dans le spectre. Ces
modes sont donc beaucoup trop nombreux pour être considérés individuellement. Par conséquent, Bouteiller considère
un intervalle spectral artificiel entre deux modes consécutifs de 0.01 à 0.1 nm (soit 3 GHz à 30 GHz) suivant la
précision souhaitée.
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sin(∆Φ) =
K

∆λ

(

1√
P1

+
1√
P2
− 1√

P3
− 1√

P4

)

(P1 + P2 + P3 + P4)
2, (1.29)

K étant un paramètre permettant d’ajuster le spectre numérique issu du modèle de Bouteiller à
celui mesuré expérimentalement.

Bouteiller intègre numériquement son modèle, il obtient pour le spectre optique du laser les
résultats représentés sur la figure 1.18 [7] :

Fig. 1.18 – Spectres optiques transmis par un laser Raman à fibre à plusieurs puissances de pompe,
les spectres théoriques sont issus de l’intégration numérique du modèle de Bouteiller. Figure extraite
de [7].

Les spectres optiques expérimentaux de la figure 1.18 sont issus d’un laser Raman à fibre de silice
de 500 m de longueur oscillant dans une cavité Pérot-Fabry fermée par des miroirs de Bragg. On ob-
serve bien que ces spectres optiques transmis par le laser possèdent à forte puissance de pompe une
forme caractéristique en double bosse déjà évoquée en 1.2.3.1. L’intégration numérique du modèle
présenté dans [7] donne selon Bouteiller un bon accord quantitatif entre les spectres théoriques et
expérimentaux. Cependant, en pratique ce modèle est assez difficile d’utilisation puisqu’il induit
des temps de simulations numériques relativement longs et nécessite selon les zones de paramètres
des expressions différentes de la relation 1.29. De plus sur un plan plus fondamental, ce modèle ne
permet en rien d’expliquer le mécanisme de formation du spectre optique du laser Raman, et la
forme théorique obtenue dépend d’un paramètre d’ajustement.

1.2.5 Conclusion

Le modèle de J.C. Bouteiller est le premier modèle multimode permettant de déterminer
numériquement le spectre optique du laser Raman à fibre. Celui-ci s’appuie sur le modèle monomode
de AuYeung et Yariv étendu à N modes auquel a été ajouté l’effet physique non linéaire respon-
sable de l’élargissement du spectre optique : le mélange à quatre ondes. Comme nous l’avons vu
précédemment, lorsque la largeur du spectre optique de l’onde Stokes devient comparable à celle du
spectre de réflectivité des miroirs de la cavité, le comportement en puissance du laser est modifié
d’une façon non prévisible par le modèle monomode de AuYeung et Yariv. Le modèle de Bouteiller
donne alors de meilleurs résultats lorsqu’il s’agit d’anticiper ou de reproduire le fonctionnement en
puissance du laser Raman à fibre.

Toutefois, malgré le bon accord obtenu entre les spectres théoriques et expérimentaux du laser
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Raman à fibre, le modèle de Bouteiller a l’inconvénient d’être difficile d’utilisation dans les applica-
tions pratiques. Sur un plan plus fondamental, il est basé sur une hypothèse qui consiste à négliger
certaines interactions dans le spectre du laser. Par ailleurs, il nécessite l’introduction d’un paramètre
d’ajustement. Ainsi, jusqu’en 2007, un modèle complet décrivant “ab initio” et de manière satis-
faisante la formation du spectre optique des lasers Raman à fibre était encore inexistant.

Il y a trois ans, Babin et al ont alors proposé une approche totalement nouvelle pour modéliser
la formation du spectre optique de ces lasers [8]. Ils supposent que le nombre de modes en in-
teraction non linéaire dans le spectre optique du laser Raman à fibre est si important qu’une
description statistique de l’interaction entre ceux-ci doit être effectuée. Pour la première fois, les
auteurs utilisent la théorie cinétique des ondes pour décrire la formation du spectre optique des
lasers Raman. Celle-ci consiste à envisager le mécanisme d’échange d’énergie entre les modes de
la cavité comme un processus faiblement turbulent. Le développement de ce modèle permet selon
les auteurs de prédire de manière très précise la formation du spectre optique de l’onde Stokes
connaissant tous les paramètres du laser et sans aucune mesure expérimentale préalable. Ce modèle
est présenté dans le paragraphe suivant.

1.3 Modélisation des propriétés spectrales du laser Raman à fibre :

théorie cinétique des ondes

1.3.1 Introduction

L’approche proposée par Babin et al [8] pour décrire physiquement la formation du spectre
optique du laser Raman à fibre est basée sur les concepts de la théorie cinétique des ondes. Babin
et al sont les premiers à utiliser cette théorie et ils développent un modèle du laser Raman to-
talement nouveau qui n’est en rien comparable aux modèles usuels de AuYeung et al et Bouteiller
précédemment décrits (section 1.2). En effet, l’approche théorique présentée dans [8] est basée sur
l’hypothèse que le nombre de modes en interaction dans le spectre optique du laser Raman à fi-
bre est si important qu’une description statistique de leur interaction doit être envisagée. Afin de
décrire la formation du spectre optique du laser Raman, les auteurs proposent de s’appuyer sur le
formalisme de la turbulence faible [17, 72–75], qui a déjà fait l’objet d’une étude détaillée dans les
contextes de l’hydrodynamique [15, 16] et de la physique des plasmas [13, 14]. Ce formalisme n’est
appliqué que de manière très récente à l’optique non linéaire incohérente [76–79] et Babin et al sont
les premiers à l’avoir appliqué à un laser.

L’application de la théorie cinétique au laser Raman à fibre permet en principe de développer
une équation cinétique intégro-différentielle régissant l’évolution moyenne du spectre optique sur
de longues échelles de temps. Le calcul de la solution stationnaire de l’équation cinétique permet
de déterminer la forme du spectre optique du laser Raman à fibre. Par analogie avec un système
thermodynamique, cette équation cinétique est équivalente à l’équation de Boltzmann décrivant la
relaxation d’un gaz hors équilibre vers l’état d’équilibre le plus désordonné possible. Dans un gaz,
cette relaxation est induite par l’ensemble des collisions des particules le constituant. Le processus
équivalent en optique est le mélange à quatre ondes qui induit une interaction non linéaire entre
les modes du spectre. L’équation cinétique pour le système d’ondes comprend donc un terme de
collision dans lequel figure l’ensemble des interactions des modes de la cavité liées au mélange à
quatre ondes.

Toutefois, le développement de l’équation cinétique est conditionné par un ensemble d’hy-
pothèses fondamentales limitant le domaine de validité de la théorie cinétique des ondes. Les deux
hypothèses principales sont les suivantes :
- La statistique du champ doit être quasi-gaussienne et le demeurer tout au long de l’évolution du
système.
- Les effets non linéaires du système optique doivent par conséquent être perturbatifs devant les
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effets linéaires de type dispersifs.
Même si Babin et al appliquent la théorie cinétique des ondes au laser Raman à fibre, ils ne s’at-
tardent pas à vérifier de manière claire la validité de ces deux hypothèses fondamentales même s’ils
affirment que c’est le cas.

Malgré cela, Babin et al ont développé une équation cinétique décrivant la formation du spec-
tre optique dans le laser Raman à fibre. L’intégration analytique de cette équation leur a ensuite
permis de déterminer la forme théorique du spectre optique de l’onde Stokes à l’état stationnaire.
Toutefois, si l’on se place dans le cadre traditionnel de la théorie cinétique des ondes [17, 72, 73],
leur équation cinétique a été établie d’une manière non conventionelle. Effectivement leur modèle
est basé sur un ensemble d’éléments introduits d’une façon qui à notre connaissance n’a jamais été
exposée dans la littérature. Par conséquent, leur approche soulève un certain nombre de questions
dont nous discuterons amplement dans le quatrième chapitre de ce manuscrit.

Néanmoins, le modèle développé par Babin et al fournit un ensemble riche de résultats très
intéressants d’un point de vue fondamental et qui mérite d’être présenté ici. Aussi, leur étude étant
relativement ardue sur le plan théorique, nous nous attacherons dans cette section à présenter les
résultats essentiels de la manière la plus simple possible, en mettant l’accent sur les étapes im-
portantes de leur modélisation. Leur approche statistique sera exposée en deux parties : dans un
premier temps nous présenterons les résultats essentiels de la théorie et en quoi ils semblent bien
décrire le laser Raman à fibre, puis dans un seconde temps nous passerons à la description du
modèle et des hypothèses théoriques employées.

1.3.2 Approche statistique de la formation du spectre optique dans les lasers

Raman à fibre : principaux résultats et confrontation à l’expérience

Le modèle de S.A. Babin a été développé dans l’objectif d’expliquer le mécanisme de formation
du spectre optique du laser Raman à fibre, afin de prédire avec précision sa forme et son évolution
avec la puissance du laser. Les auteurs ont réalisé un laser Raman à fibre dont la configuration
expérimentale est représentée sur la figure 1.19 [8].

λ p
Coupleur 95:5

Ytterbium

Laser

Fibre phosphosilicate

1.06 µm
1.06 µm

1.23 µm 1.23 µm
L=370 m

FBG1 FBG2 FBG3

Fig. 1.19 – Configuration expérimentale du laser Raman à fibre étudié par Babin et al dans [8].
FBGs = miroirs de Bragg de longueurs d’onde centrales 1.06 µm et 1.23 µm.

Le laser Raman à fibre de la figure 1.19 est pompé par un laser à fibre Ytterbium émettant
à λp = 1.06 µm et délivrant une puissance maximale de 3 W . La cavité Pérot-Fabry du laser
Raman est composée d’une fibre phosphosilicate de 370 m de longueur et de miroirs de Bragg
(FBG1 et FBG24) de 99% de réflectivités maximum à la longueur d’onde centrale de l’onde Stokes
λs = 1.23 µm (Stokes d’ordre 1). Nous pouvons remarquer que les valeurs de ces réflectivités max-
imum correspondent à une cavité haute finesse (en ne tenant pas compte des autres pertes de la
cavité). Cette configuration est assez inhabituelle, en effet généralement le miroir de sortie du laser
Raman à fibre possède une transmission plus élevée que 1% (voir la section 1.1.3.3). La présence
du miroir de Bragg à la longueur d’onde de pompe (FBG3) en sortie du laser Raman à fibre assure
un pompage de la cavité en double passage. Enfin, le coupleur à l’entrée de la cavité permet de

4FBG = Fiber Bragg Gratings
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prélever une petite partie du rayonnement de Stokes intracavité (5%) afin de mesurer sa puissance
et son spectre optique.

1.3.2.1 Spectre optique intracavité du laser

Le coupleur situé près du miroir de Bragg d’entrée (FBG1 figure 1.19) permet de mesurer le
spectre optique de l’onde Stokes intracavité. En principe, la position de ce coupleur permet de dis-
tinguer le spectre incident du spectre réfléchi par le miroir FBG1. Cependant, dans la présentation
des résultats expérimentaux issus de l’étude [8], Babin et al ne précisent pas lequel de ces deux spec-
tres était observé. Nous verrons pourtant dans l’étude expérimentale présentée dans le deuxième
chapitre que les spectres réfléchis et incidents sur les miroirs de la cavité sont totalement différents
les uns des autres.

L’enregistrement du spectre optique de l’onde Stokes à plusieurs points de puissance permet
de visualiser son évolution en fonction de la puissance de pompe. La figure 1.20 représente cette
évolution du spectre optique observée dans le laser Raman à fibre de l’étude [8] :

Fig. 1.20 – Spectre optique intracavité du laser Raman à fibre étudié dans [8]. (a) au seuil du laser,
(b) à 2.5× le seuil, (c) 5× le seuil et (d) 7.5× le seuil. Ces spectres optiques sont issus de la figure
4 de l’article. Les traits continus représentent les spectres calculés à partir du modèle de Babin et
al.

Comme nous pouvons le voir sur la figure 1.20, une fois le seuil d’oscillation du laser atteint, le
spectre optique de l’onde Stokes s’élargit très rapidement lorsque la puissance de pompe augmente.
En particulier, la forme du spectre optique semble rester constante au cours de son évolution, le
spectre ne subit qu’une augmentation de son amplitude maximum qui va de paire avec l’augmenta-
tion de sa largeur à mi-hauteur. Ces changements d’amplitude et de largeur ont lieu simultanément,
de telle sorte que le spectre optique présente constament une forme en sécante hyperbolique con-
firmée par le modèle de Babin et al (spectres en traits pleins sur la figure 1.20). Ceci constitue le
résultat le plus important du modèle : la forme du spectre optique de l’onde Stokes est toujours
une sécante hyperbolique, quelle que soit la puissance de fonctionnement du laser Raman à fibre.
Dans le cas d’une cavité haute finesse, le résultat théorique principal est que la forme du spectre
optique est définie analytiquement par la relation [8] :

I(Ω) =
2I

πΓ cosh (2Ω/Γ)
, (1.30)

où Ω est la fréquence optique et I =
∫

I(Ω)dΩ la puissance totale de l’onde Stokes intracavité. Γ
représente la largeur à 1/cosh(1) du spectre optique, qui dépend de la puissance I de l’onde Stokes
et d’autres paramètres du laser (longueur de fibre, coefficient de couplage Kerr, courbure du spectre
de réflectivité des miroirs et dispersion de vitesse de groupe). Celle-ci sera définie analytiquement
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dans la section suivante. Ainsi, connaissant tous les paramètres physiques du système, le modèle de
Babin et al permet de calculer analytiquement le spectre optique intracavité du laser Raman à fibre.
La comparaison entre les spectres optiques théoriques et expérimentaux est également présentée
sur la figure 1.20, l’accord est excellent, sans aucun paramètre d’ajustement, selon Babin et al [8].

1.3.2.2 Elargissement spectral et caractéristique de puissance

Le modèle de Babin et al permet également de calculer l’évolution de la largeur Γ du spectre
optique de l’onde Stokes en fonction de la puissance I et de reproduire la caractéristique de puissance
de l’onde Stokes du laser. Le résultat est illustré sur la figure 1.21 (figures 5 et 3 dans [8]) :

(a) (b)

Fig. 1.21 – (a) Evolution en fonction de la puissance Stokes I intracavité de la largeur Γ du spectre
optique de l’onde Stokes intracavité. (b) Caractéristique de puissance de l’onde Stokes. Les traits
continus représentent l’évolution théorique calculée à partir du modèle de Babin et al [8].

Le modèle de Babin et al montre que la largeur Γ du spectre optique évolue comme la racine
carrée de la puissance Stokes intracavité I (courbe en trait plein figure 1.21-(a)) [8,80], ce qui a été
confirmé expérimentalement. Plus précisément, l’approche théorique de la référence [8] fournit la
relation analytique liant Γ à I :

Γ =
2

π

√

2δNL

δ2
, (1.31)

avec

δNL =

√

2

3

γIL
√

1 + (2β2L/3δ2)2
. (1.32)

γ, β2 et δ2 représentent respectivement les coefficients de couplage Kerr, le coefficient de disper-
sion de vitesse de groupe et la courbure du spectre de réflectivité des miroirs de Bragg. Le résultat
théorique donné par les équations 1.31 et 1.32 constitue un autre point important du modèle de
Babin et al.

On peut voir par ailleurs sur la figure 1.21-(b) ci-dessus que le laser Raman à fibre étudié dans [8]
présente un seuil d’émission d’environ 400 mW . On constate également que le modèle développé
par Babin et al permet de reproduire avec une bonne précision la caractéristique en puissance du
laser Raman enregistrée dans l’expérience (points sur la figure 1.21-(b)).
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L’approche théorique développée par Babin et al semble donc donner des résultats très sat-
isfaisants pour les lasers Raman à fibre oscillant dans des cavités de finesse élevée. En effet elle
permet de déterminer analytiquement la forme du spectre optique du laser Raman à fibre quel que
soit son régime de puissance et elle montre que l’élargissement du spectre optique en fonction de
la puissance obéit à une loi en racine carré. Ce modèle semble donc apporter des réponses sur la
formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre.

1.3.3 Présentation du modèle

Pour expliquer l’élargissement du spectre optique de l’onde Stokes dans les lasers Raman à fibre,
Babin et al ont développé une analyse théorique basée sur la théorie cinétique des ondes [17], ini-
tialement utilisée pour décrire les phénomènes de turbulence observés en hydrodynamique [15, 16]
et en physique des plasmas [13, 14]. L’utilisation de cette théorie consiste à moyenner sur les 106

modes du spectre optique du laser Raman à fibre l’ensemble des interactions non linéaires liées à
l’effet Kerr.

Cette procédure de moyennage utilisée dans la théorie cinétique des ondes conduit moyen-
nant certaines hypothèses fondamentales au développement d’une équation cinétique décrivant
l’évolution temporelle moyenne du spectre optique [17]. Grâce à cette théorie, Babin et al ont
pu procéder au moyennage statistique de l’amplitude des modes du spectre optique du laser Ra-
man à fibre et développer une équation cinétique décrivant l’évolution à long terme de ce spectre.
En calculant la solution analytique stationnaire de cette équation cinétique, ils démontrent que
le spectre optique présente une forme bien particulière en sécante hyperbolique (relation 1.30) en
accord avec les résultats expérimentaux. Dans la section qui suit, nous allons présenter les grandes
étapes de calcul du modèle de Babin et al qui conduisent à cette solution analytique pour le spectre
optique du laser Raman à fibre.

1.3.3.1 Evolution dynamique des modes du spectre : approche en champ moyen

Le développement de l’équation cinétique pour le spectre optique du laser passe d’abord par
l’écriture d’une équation régissant l’évolution dynamique des modes de la cavité. L’onde Stokes se
propageant à la vitesse c dans la cavité fibrée de longueur L du laser Raman peut être représentée
par la somme des ondes co- et contrapropagatives [8]

E(z, t) =
1√
2

(

E+(z, t)eik(ct−z) + E−(z, t)eik(ct+z)
)

+ c.c.. (1.33)

E(z, t) est l’amplitude réelle du champ électrique de l’onde Stokes normalisée par rapport à son
intensité totale I(z, t) = |E(z, t)|2, I±(z, t) = |E±(z, t)|2 sont les intensités de chacune des deux
ondes Stokes se propageant en sens opposés. Enfin λ0 = 2πn0/k est la longueur d’onde correspon-
dant au maximum du spectre de réflectivité des miroirs de Bragg.

La variation des amplitudes complexes E±(z, t) des deux ondes Stokes se propageant en sens
inverses le long de l’axe z de la cavité obéit à une équation qui inclut la dispersion de vitesse de
groupe, le gain Raman, les pertes de la fibre et le mélange à quatre ondes, soit [8, 35] :

[

1

c

∂

∂t
± ∂

∂z

]

E±(z, t) =

(

gRP (z)− αs

2

)

E±(z, t)

− iγ
[

I±(z, t) + 2I∓(z, t)
]

E±(z, t) + i
β2
2

∂2E±(z, t)

∂t2
. (1.34)

P (z) est la puissance moyenne de l’onde de pompe (moyenne temporelle), gR est le coefficient de
gain Raman supposé constant sur la bande spectrale de l’onde Stokes, αs est le coefficient de pertes
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linéaires de la fibre à la longueur d’onde λ0, γ est le coefficient de couplage Kerr (automodulation
de phase [35]) et β2 la dispersion de vitesse de groupe de la fibre optique.

Afin de déterminer l’équation d’évolution dynamique de l’amplitude complexe de chacun des
modes du spectre du laser, Babin et al réalisent une première transformation : ils supposent que
la finesse de la cavité laser est suffisament élevée (réflectivités maximum des miroirs de 99%) pour
que l’onde Stokes soit décomposée sur l’ensemble des modes de la cavité. Ainsi [8] :

E±(z, t) =
1√
2

∑

n

En(t)e
in(∆t∓κz)e−iνnt, (1.35)

où ∆ = 2π/τrt est l’intervalle spectral entre deux modes consécutifs, τrt = 2L/c est le temps mis
par l’onde Stokes pour parcourir un tour complet de la cavité, νn =

β2

2 c(n∆)2 + 2γcI et κ = π/L.

Le facteur 1/
√
2 a été choisi de façon à normaliser la puissance totale du mode longitudinal d’indice

n : In = |En|2 = I+n + I−n .

L’approche en champ moyen réalisée par Babin et al consiste à supposer que sur un tour com-
plet de cavité les variations d’amplitude subies par l’onde Stokes sont très faibles. Ceci est justifié
uniquement dans le cas où les coefficients de réflexion des miroirs sont proches de 1, et si le profil
spatial de la puissance de l’onde Stokes dans la cavité est pratiquement constant (démontré par
Babin et al dans leur étude menée dans [69]). Dans ce cas, l’amplitude complexe En(t) des modes
dans la relation 1.35 est indépendante de z et elle ne dépend que de la variable temporelle. On
passe alors d’une équation aux dérivées partielles (équation 1.34) à des équations différentielles
pour l’amplitude complexe des modes En [8] :

τrt
dEn

dt
− 1

2
(g − δn)En(t) = −iγL

∑

l 6=0

En−l(t)
∑

m6=0

En−m(t)E
∗
n−m−l(t) eiβ2ml∆2ct. (1.36)

δn = −ln[R1(Ωn)R2(Ωn)] représente les pertes effectives des miroirs de Bragg FBG1 et FBG2
sur la figure 1.19 pour le mode longitudinal d’indice n, dont la fréquence Ωn = n∆ est décalée par
rapport à la fréquence correspondant au maximum des spectres de réflectitivité R1 et R2. g est le
gain net intégré sur la totalité de la cavité :

g = 2gRP̄L− 2αsL. (1.37)

Enfin, P̄ est le profil de la puissance de pompe moyenné suivant l’axe z [8] :

P̄ =
1

L

∫ L

0
P (z)dz = P0

1− exp
(

−2αpL− 2 λ
λp

gRLI
)

αpL+ λ
λp

gRLI
, (1.38)

où P0 est la puissance de pompe incidente en z = 0, αp les pertes linéaires de la fibre à la longueur
d’onde de pompe λp, λ la longueur d’onde de l’onde Stokes et I l’intensité totale de l’onde Stokes
intracavité supposée constante sur un trajet dans la fibre (I(z) = constante).

L’équation 1.36 décrit l’évolution temporelle de l’amplitude complexe En de chacun des modes
de la cavité. Cette évolution est déterminée par le gain et les pertes de la cavité, ainsi que l’effet Kerr
optique (mélange à quatre ondes5) dont la contribution est modulée par la dispersion de vitesse de
groupe de la fibre (eiβ2ml∆2ct).

Le membre de droite de l’équation 1.36 représente l’ensemble des contributions des modes du
spectre transférant une partie de leur énergie par mélange à quatre ondes au mode d’indice n. La

5Les termes représentatifs du mélange à quatre onde entre les ondes Stokes co- et contrapropagatives ont été
supprimés de l’équation 1.36. En effet, les auteurs démontrent que la contribution de ce mécanisme est nulle en
moyenne car il est non résonnant [8]. Selon Babin et al, l’élargissement du spectre optique de l’onde Stokes se
propageant dans un sens de la cavité n’est donc pas influencé par l’onde Stokes se propagant en sens inverse.
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somme de ces contributions contient environ 1012 termes, et ce pour chacune des 106 équations
régissant l’évolution des modes d’amplitude En. Etant donnée l’énorme quantité de termes im-
pliqués, un tel système ne peut être décrit analytiquement ou numériquement. Par conséquent, au
lieu d’utiliser une description dynamique des modes En, Babin et al ont développé une approche
statistique du spectre optique de l’onde Stokes, basée sur la méthode de Zakharov et al [17]. Grâce à
cette méthode, les auteurs ont réussi à établir une équation cinétique décrivant l’évolution moyenne
du spectre optique du laser. Celle-ci est présentée dans la section suivante.

1.3.3.2 Etablissement de l’équation cinétique

Pour obtenir l’équation cinétique décrivant l’évolution du spectre optique (ou densité spectrale
de puissance) de l’onde Stokes, il faut dans un premier temps écrire l’équation dynamique régissant
l’évolution de l’intensité In = |En|2 de chacun des modes. Ainsi, en multipliant par E∗n l’équation
1.36 on obtient [8] :

τrt
dIn

dt
− (g − δn)In(t) = −Re



2iγL
∑

l 6=0,m6=0

En−l(t)En−m(t)E
∗
n−m−l(t)E

∗
n(t) eiβ2ml∆2ct



 . (1.39)

La densité spectrale de puissance I(Ω) en W/Hz (spectre optique) est liée à In par la relation [8]
I(Ω) = 〈In〉/∆, où “〈〉” représente la moyenne de In au sens statistique du terme (moyenne sur un
nombre de réalisations). Il suffit donc de prendre la valeur moyenne de l’équation 1.39 pour obtenir
l’équation cinétique régissant l’évolution de I(Ω). Le calcul de la valeur moyenne de l’équation 1.39
conduit à :

τrt
d〈In〉

dt
− (g − δn)〈In(t)〉 = −Re



2iγL 〈
∑

l 6=0,m 6=0

En−l(t)En−m(t)E
∗
n−m−l(t)E

∗
n(t) eiβ2ml∆2ct 〉



 .

(1.40)
On peut voir dans la relation 1.40 ci-dessus que l’équation sur 〈In〉 dépend en partie de la valeur

moyenne de la totalité des contributions de chacun des modes du spectre au transfert d’énergie vers
le mode d’indice n. Toute la difficulté du développement de l’équation cinétique réside principale-
ment dans l’évaluation de cette valeur moyenne.

Afin d’évaluer le membre de droite de l’équation 1.40, Babin et al introduisent phénomèno-
logiquement une corrélation en temps6 des modes définie par

〈El(t)E
∗
l (t

′)〉 = Ile
−|t−t′|/τ , (1.41)

qui traduit le fait que chaque mode d’indice l évolue de manière aléatoire avec un temps de
corrélation τ . La fonction de corrélation 1.41 n’a pas été choisie arbitrairement, elle découle d’une
étude expérimentale menée par Babin et al sur le spectre radiofréquence de l’onde Stokes du laser
Raman à fibre [81]. Dans cette étude, il a été observé expérimentalement que les pics des modes du
spectre radiofréquence présentaient une forme Lorentzienne dont la largeur dépend du régime de
puissance du laser. La largeur de ces pics est directement liée au mécanisme de mélange à quatre
ondes qui introduit des relations de phase entre les modes. Si la forme Lorentzienne des pics du
spectre radiofréquence de l’onde Stokes est représentée par la fonction [8]

F (Ω) =
∑

n6=0

DFn

π[D2 + (Ω− n∆)2]
, (1.42)

6Dans le développement classique de l’équation cinétique, le membre de droite de l’équation 1.40, aussi appelé
terme de collision, est normalement nul à une dimension (ici t) [17, 72, 76] (voir la section 4.2.3.2 dans le quatrième
chapitre). Babin et al introduisent de manière non conventionnelle et phénomènologique une corrélation en temps
des modes de la cavité liée au mélange à quatre ondes qui induit un terme de collision non nul.
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où D = 2/τ et Fn =
∑

l IlIl+n, alors la transformée de Fourier inverse de F (Ω) donne dans l’espace
direct une décroissance exponentielle de la fonction de corrélation définie en 1.41 [8]. Le taux de
décroissance τ dans 1.41 est alors directement relié à la largeur à mi-hauteur D des pics du spectre
radiofréquence qui peut être mesurée expérimentalement.

L’introduction dans l’équation 1.40 de la fonction de corrélation 1.41 conduit après de longs
calculs à l’expression de l’équation cinétique régissant l’évolution du spectre optique du laser Raman
à fibre [8] :

τrt
dI(Ω)

dt
= (g − δ(Ω))I(Ω) + SFWM (Ω), (1.43)

avec δ(Ω) = −ln[R1(Ω)R2(Ω)]. SFWM (Ω) est la puissance donnée et reçue par la composante de
fréquence Ω par l’intermédaire du mélange à quatre ondes. Elle est définie par :

SFWM (Ω) = −δNLI(Ω) + (2γL)2
∫

I(Ω− Ω1)I(Ω− Ω2)I(Ω− Ω1 − Ω2)

(3τrt/τ)[1 + (2τLβ2/3τrt)2Ω21Ω
2
2]

dΩ1dΩ2, (1.44)

avec δNL égal à

δNL = (2γL)2
∫

[I(Ω− Ω1) + I(Ω− Ω2)]I(Ω− Ω1 − Ω2)− I(Ω− Ω1)I(Ω− Ω2)

(3τrt/τ)[1 + (2τLβ2/3τrt)2Ω21Ω
2
2]

dΩ1dΩ2. (1.45)

Le dernier terme du membre de droite de l’équation 1.44 représente l’augmentation de puissance
du mode de fréquence Ω dûe à l’échange d’énergie entre les modes de fréquences Ω−Ω1, Ω−Ω2, Ω
et Ω− Ω1 − Ω2. Ce terme constitue une source de gain non linéaire pour le mode de fréquence Ω,
induit par le processus de mélange à quatre ondes. De la même manière, δNL représente la perte
non linéaire de puissance du mode de fréquence Ω dûe à son interaction avec les autres modes du
spectre. Babin et al démontrent alors dans la référence [8] que c’est exactement cette atténuation
non linéaire (dépendante de la puissance) qui conduit à la décroissance de la fonction de corrélation
définie en 1.41.

1.3.3.3 Solution analytique stationnaire de l’équation cinétique : spectre en forme de
sécante hyperbolique

L’équation cinétique 1.43, développée dans le cadre de la théorie cinétique des ondes, n’est val-
able que dans le cas où les effets non linéaires sont très faibles devant les effets dispersifs accumulés
lors de la propagation dans la fibre. Ceci se traduit mathématiquement par l’inégalité [8, 17] :

γIL≪ 2β2LΩ2, (1.46)

où Ω2 est le carré de la largeur moyenne du spectre défini par

Ω2 =

∫

Ω2I(Ω)dΩ

I
. (1.47)

La condition 1.46 signifie que la dispersion de vitesse de groupe implique un déphasage très
important entre les modes du spectre, limitant fortement l’accord de phase induit par le mélange
à quatre ondes. Ainsi les phases spectrales peuvent être considérées comme faiblement corrélées.
Dans le laser Raman à fibre, cette condition est également équivalente à [8]

2β2L

δ2
≫ 1, (1.48)

où δ2 représente la courbure des pertes effectives des miroirs de Bragg définie par δ(Ω) = δ0+ δ2Ω
2

(pertes approximées par une parabole, figure 2 de l’article [8]).
Dans l’expérience de Babin et al, la condition 1.48 n’est pas complètement respectée. Effective-

ment les auteurs montrent que 2β2L/δ2 ≃ 4.5, ce qui n’est pas très grand devant 1. A partir de là
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ils simplifient l’équation cinétique 1.43 en remplaçant Ω21 et Ω
2
2 dans le dénominateur des relations

1.44 et 1.45 par la valeur moyenne Ω2. Le dénominateur devient une constante pouvant être retirée
de l’intégrale, et on montre alors assez facilement que l’expression de l’équation cinétique pour le
spectre optique à l’état stationnaire devient [8] :

[δ(Ω) + 2Lαs + δNL]I(Ω) = 2gRLP̄I(Ω) +
δNL

I2

∫

I(Ω1)I(Ω2)I(Ω1 +Ω2 − Ω)dΩ1dΩ2. (1.49)

δNL se simplifie également et vaut :

δNL =

√

2

3

γIL
√

1 + (4β2LΩ2/3δNL)2
. (1.50)

L’équation 1.49 possède un sens physique simple, le terme de gauche représente l’ensemble des
pertes (linéaires et non linéaires) subies par un mode du spectre, le terme de droite est le gain total
acquis par ce même mode. On retrouve donc l’expression “gain=pertes” très classique en physique
des lasers. Le deuxième terme du membre de droite représente l’énergie gagnée par le mode de
fréquence Ω par mélange à quatre ondes, il est à l’origine de l’élargissement du spectre optique du
laser Raman à fibre. Ce spectre optique à l’état stationnaire résulte donc d’un équilibre entre le
gain et les pertes du laser, Babin et al ont montré que la solution analytique pour I(Ω) s’écrivait
alors :

I(Ω) =
2I

πΓ cosh
(

2Ω
Γ

) , (1.51)

avec

Γ =
2

π

√

2δNL

δ2
, (1.52)

et

δNL =

√

2

3

γIL
√

1 + (2β2L/3δ2)2
. (1.53)

En utilisant les relations 1.47 et 1.51, Babin et al démontrent que Ω2 = δNL/2δ2, ce qui conduit
à l’expression 1.53 de δNL.

On retrouve avec la relation 1.51 l’expression théorique du spectre optique en sécante hyper-
bolique du laser Raman à fibre présentée dans la section 1.3.2.1, ainsi que l’évolution en racine
carrée de la largeur Γ du spectre en fonction de la puissance I (figure 1.21-(a)).

La forme du spectre optique en sécante hyperbolique (expression 1.51) résulte plus partic-
ulièrement de l’interaction entre l’effet Kerr, la dispersion de vitesse de groupe et la courbure des
pertes des miroirs de Bragg. Effectivement, la largeur Γ, qui définit le taux de décroissance des
ailes du spectre, dépend des coefficients γI, β2 et δ2. Ainsi, les choses peuvent être interprétées
physiquement de la manière suivante : d’après 1.52 et 1.53, si la puissance I augmente, Γ augmente
également grâce au mécanisme d’échange d’énergie induit par le mélange à quatre ondes. Cepen-
dant, cet élargissement est limité par la dispersion et la courbure des pertes. En effet une forte
dispersion accentue le déphasage entre les modes du spectre, ce qui limite l’accord de phase du
mélange à quatre ondes (Γ diminue si β2 augmente). Une forte courbure des pertes, i.e. bande de
réflectivité des miroirs étroite spectralement, contraint le spectre à se former majoritairement dans
cette bande de réflectivité de faible largeur (Γ diminue si δ2 augmente).
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1.3.4 Conclusions

Le modèle de Babin et al semble apparemment décrire la formation du spectre optique dans un
laser Raman à fibre oscillant dans une cavité de finesse élevée. Le processus de formation du spectre
optique résulte d’un mécanisme faiblement turbulent d’échange d’énergie entre les modes du spectre
qui conduit à son élargissement lorsque la puissance du laser augmente. Cependant, la dispersion
et la courbure des pertes des miroirs ont pour effet de contenir ce phénomène d’élargissement de
telle sorte que le spectre optique acquiert au final une forme en sécante hyperbolique. Cette forme,
valable dans le cas d’une cavité haute finesse, reste inchangée quel que soit le régime de puissance
du laser.

Par ailleurs, l’équipe de Babin a montré dans une étude théorique et expérimentale complémen-
taire que cette forme bien particulière du spectre du laser en sécante hyperbolique était également
préservée dans une cavité de basse finesse [12]. Dans cette étude, Babin et al utilisent le même
formalisme et les mêmes équations que dans le modèle développé pour une cavité de haute finesse.
La seule différence entre ces deux approches réside dans l’expression 1.53 de δNL. Dans la cavité
de basse finesse, Babin et al ajustent la valeur du coefficient Kerr : δNL = KγIL où K est un
paramètre d’ajustement. Cette nouvelle expression de δNL induit toujours une forme en sécante
hyperbolique pour le spectre optique du laser (suivant la relation 1.51) de largeur différente, mais
qui s’ajuste toujours parfaitement aux résultats expérimentaux selon Babin et al.

Cependant, en dehors du fait que cette étude complémentaire en cavité de finesse faible possède
l’inconvénient d’être semi-empirique, il subsiste de cette analyse une question ouverte sur le plan
fondamental : effectivement, l’expression théorique de I(Ω) en 1.51 est issue de l’approche en champ
moyen développée par Babin et al, qui suppose que les changements d’amplitude subis par l’onde
Stokes sur un tour de cavité sont négligeables. Ceci est faux dans le cas d’une cavité de basse
finesse, dans laquelle les réflectivités maximales des miroirs sont relativement faibles (25% dans la
référence [12]). On peut par conséquent légitimement se demander si l’expression 1.51 décrit encore
bien la forme du spectre optique dans un laser Raman à fibre oscillant dans une cavité de finesse
faible.

Enfin, l’approche statistique basée sur la théorie cinétique des ondes établie par Babin et al pour
expliquer la formation du spectre optique de l’onde Stokes est complexe et relativement difficile à
interpréter. Cette difficulté d’interprétation de leur modèle est dûe au fait que l’équation cinétique
1.43 établie par les auteurs a été développée d’une manière non conventionnelle [17, 72, 76]. Afin
d’établir des éléments de comparaison, nous développerons une équation cinétique pour le spectre
optique du laser Raman à fibre en nous basant sur la méthode classique de Zakharov [17]. Nous
verrons alors que les différences apparaissant entre ces deux modèles soulèvent un certain nombre
de questions qui seront discutées dans le quatrième chapitre de ce manuscrit.

Dans la section suivante, nous allons aborder de manière descriptive les autres approches ex-
istantes pour décrire la formation du spectre optique du laser Raman à fibre. Contrairement au
travail de Babin et al, ces approches alternatives s’appuient sur des simulations numériques basées
sur l’intégration de différents modèles (modèle en champ moyen et équation de Schrödinger Non
Linéaire généralisée). A la fin de cette section, le lecteur aura un aperçu global sur l’ensemble des
modélisations existant à ce jour pour décrire la formation du spectre optique dans les lasers Raman
à fibre.

1.4 Etudes numériques de la formation du spectre optique dans

les lasers Raman à fibre

1.4.1 Introduction

Le travail de Babin et al précédemment décrit constitue véritablement une rupture du point de
vue des idées habituellement rencontrées dans la modélisation du laser Raman à fibre. Effectivement,
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Babin et al ont réalisé une approche statistique de la formation du spectre optique en procédant
à un moyennage de l’intensité de chacun des modes du spectre. Dans leur modèle, l’évolution des
modes est gouvernée par une équation régissant l’évolution temporelle de leur amplitude (équation
1.36). Cette équation dynamique est en réalité issue de la transformée de Fourier d’une équation
mâıtresse [82] introduite par Babin et al pour décrire la dynamique du laser Raman à fibre oscillant
dans une cavité de finesse élevée.

La forme analytique de l’équation mâıtresse a été développée pour la première fois par Haus
en 1975 [82]. Son objectif était alors de reproduire les régimes temporels observés dans les lasers
à modes bloqués. L’idée principale du modèle de Haus repose sur l’hypothèse que les variations
d’amplitude subies par le champ électrique sur un tour de cavité sont faibles. De cette manière,
on obtient une équation décrivant l’évolution dynamique de l’amplitude du champ. Cette équation
mâıtresse fait apparâıtre une échelle de temps lente à partir de laquelle les effets physiques faibles
sur un seul tour de cavité deviennent importants lorsqu’ils sont cumulés sur un grand nombre de
tours. Cette équation, établie initialement par Haus pour décrire la dynamique temporelle des lasers
à modes bloqués, a ensuite été adaptée au laser Raman à fibre par Babin et al dans leur modèle de
la référence [8].

Dans certains travaux récents [9,10], l’équation mâıtresse de Babin et al est intégrée numérique-
ment pour étudier la formation du spectre optique du laser. Cette approche a le mérite d’être beau-
coup plus directe que le traitement statistique de Babin et al. De plus, un des grands intérêts de
l’équation mâıtresse est qu’elle regroupe simultanément dans la même équation les effets physiques
rencontrés lors de la propagation simple de l’onde dans la fibre et les effets liés à la réflexion de
cette onde sur les miroirs de la cavité.

Cependant, l’équation mâıtresse étant valable uniquement dans le cas d’une amplitude du champ
électrique de l’onde Stokes variant très peu sur un tour de cavité, l’approche en champ moyen sur
laquelle est basée cette équation n’est applicable que lorsque les coefficients de réflexion des miroirs
sont proches de 1 (cavité de finesse élevée). Dans le cas d’une cavité de finesse faible, une approche
complémentaire doit être établie. Il existe dans la littérature une façon de traiter ce cas [11, 83] :
les auteurs utilisent l’équation de Schrödinger Non Linéaire [35], qui décrit la propagation simple
d’une onde partiellement cohérente (spectre optique de largeur finie) dans un milieu dispersif et
non linéaire comme celui de la fibre optique du laser Raman. Cette équation est adaptée pour tenir
compte en plus de la diffusion Raman stimulée et des pertes de la fibre.

Cependant la difficulté de cette approche réside dans le fait qu’il s’agit de résoudre l’équation
de Schrödinger Non Linéaire dans une cavité Pérot-Fabry en tenant compte du fait que deux on-
des Stokes se propagent en sens opposés. Cela nécessite alors le développement d’un algorithme
d’intégration qui prend en compte les conditions de bords, mais qui souvent ne décrit pas la dy-
namique précise du laser [11,83]. Toutefois, de manière intéressante, ce genre d’algorithme converge
vers une solution qui présente une puissance moyenne et un spectre moyen comparables à ceux
observés expérimentalement [11, 83].

Dans la section suivante, nous présentons le principe de ces deux approches complémentaires
(champ moyen et équation de Schrödinger Non Linéaire) et nous décrivons en quoi elles fournissent
une description quantitative de la formation du spectre optique du laser Raman à fibre.

1.4.2 Modèle en champ moyen

L’approche proposée par Turitsyna et al [9,10] consiste à décrire la formation du spectre optique
du laser Raman à fibre à l’aide de l’équation mâıtresse 1.36 développée par Babin et al [8]. Cette
équation, basée sur une approche en champ moyen, décrit l’évolution temporelle de l’amplitude
complexe En des modes de la cavité Pérot-Fabry du laser. Par conséquent, l’étude de Turitsyna et
al concerne uniquement le cas d’une cavité de finesse élevée pour laquelle les coefficients de réflexion
des miroirs sont proches de 1.

L’équation mâıtresse utilisée dans l’étude numérique de Turitsyna et al s’écrit dans l’espace des
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modes [8–10] (équation 1.36 de la section 1.3.3.1) :

τrt

L

dEn

dt
= (Gn + iβ2Ω

2
n)En − iγ

∑

j,k

EjEkE
∗
j+k−n. (1.54)

τrt = 2nL/c est le temps mis par l’onde Stokes pour effectuer un tour complet de la cavité de
longueur L, n étant l’indice de réfraction de la fibre. Gn = g(I) − δn/L est le gain effectif de la
cavité, avec g(I) = gRP (I) − α le gain Raman net qui est une fonction décroissante de l’intensité
totale de l’onde Stokes I =

∑

n |En|2 (liée au processus de saturation du gain lorsque la puissance
du laser augmente [5]), et δn = δ0 + δ2Ω

2
n les pertes effectives des miroirs de Bragg. gR est le

coefficient de gain Raman supposé constant sur la bande spectrale de l’onde Stokes, α les pertes
linéaires de la fibre à la longueur d’onde de l’onde Stokes et P̄ la puissance de pompe moyennée
suivant l’axe longitudinal de la fibre. D’après l’expression de Gn, le gain effectif est une fonction
décroissante de I et de Ωn, où Ωn = n∆ est la fréquence optique, avec ∆ l’intervalle spectral entre
deux modes consécutifs. Enfin β2 et γ sont respectivement les coefficients de dispersion de vitesse
de groupe et de couplage Kerr.

Turitsyna et al ont utilisé l’équation 1.54 pour déterminer la forme du spectre optique du laser
Raman à fibre. Pour cela, ils ont intégré numériquement cette équation et montré que la forme du
spectre dépendait du signe de la dispersion de vitesse de groupe ainsi que de la forme et la largeur
de la bande de réflectivité des miroirs. Ceci n’était pas pris en compte dans le modèle de Babin et
al [8]. Les deux effets liés au signe de la dispersion et la forme de la bande de réflectivité ont été
considérés dans deux études distinctes [9,10], la première d’entre elles est présentée dans la section
suivante.

1.4.2.1 Influence de la dispersion de vitesse de groupe

L’intégration numérique de l’équation 1.54 par Turitsyna et al pour différents régimes de dis-
persion de vitesse de groupe donne les spectres optiques représentés sur la figure 1.22 [9] :

Fig. 1.22 – Evolution en fonction de β2L du spectre optique intracavité de l’onde Stokes dans un
laser Raman à fibre. Figure extraite de [9] après intégration numérique de l’équation 1.54.

La figure 1.22 montre que le spectre optique du laser Raman à fibre pour une puissance de
pompe de P0 = 700 mW présente une forme différente suivant le régime de dispersion du laser. En
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particulier, le spectre optique pour β2 < 0 possède une forme caractéristique triangulaire dont le
sommet est plus “pointu” que le spectre optique pour β2 > 0 (forme en sécante hyperbolique avec
un sommet “arrondi”). Ce résultat ne peut pas être décrit par l’étude statistique de Babin et al [8].
En effet, l’expression 1.53 de la section 1.3.3.3 montre que la forme et la largeur du spectre optique
dépend de β22 . Par conséquent le modèle de Babin et al prédit un spectre optique identique quel
que soit le régime de dispersion du laser (β2<0 ou >0).

Cette différence de forme du spectre optique entre les régimes de dispersion normale et anomale
est dûe selon Turitsyna et al à l’instabilité modulationnelle [35] présente uniquement dans le régime
de dispersion anomale (β2 < 0). Cependant la façon dont l’instabilité modulationnelle conduit à des
formes différentes pour le spectre optique n’a pas été expliquée par les auteurs dans la référence [9].

Par ailleurs, les simulations numériques effectuées par Turitsyna et al montrent que le spectre
optique stationnaire multimode du laser est issu d’un régime transitoire pendant lequel une con-
dition initiale monomode s’est déstabilisée au bout de quelques tours de cavité [9]. Effectivement,
dans leur intégration numérique, les auteurs utilisent comme condition initiale un spectre optique
monomode bruité (toutes les amplitudes En des modes sont quasi-nulles sauf pour le mode central),
pour lequel les phases spectrales sont delta-corrélées (répartition aléatoire des phases). Comme le
montre la figure 1.23-(a), au bout d’un certain nombre de tours de cavité, l’onde Stokes présente
des fluctuations irrégulières de son intensité totale.

(a)
(b)

Fig. 1.23 – (a) Evolution en fonction du nombre de tours de cavité de l’intensité totale de l’onde
Stokes générée pour plusieurs valeurs de dispersion et de puissance de pompe. (b) Transition entre
les spectres optiques monomode (bleu) et multimode (vert). Figures extraites de [9].

Cette évolution dynamique de l’intensité est dûe à une transition rapide du spectre monomode
vers un spectre multimode plus large comme représenté sur la figure 1.23-(b). Le spectre monomode
se déstabilise et son énergie initiale se répartit entre les autres modes du spectre par mélange à qua-
tre ondes, ce qui conduit à son élargissement et l’obtention de sa forme finale stationnaire moyenne
représentée sur la figure 1.22. Les auteurs montrent que le nombre de tours à partir duquel le spectre
monomode se déstabilise est très dépendant du nombre de modes dans la simulation et des valeurs
de paramètres du système.

Les auteurs précisent qu’en principe le spectre optique monomode dans l’équation 1.54 est
stable linéairement [9]. Par conséquent, le mécanisme qui conduit à la déstabilisation du spectre
monomode initial n’est pas encore clairement identifié et fera d’après Turitsyna et al l’objet d’une
étude ultérieure.
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1.4.2.2 Influence de la forme des miroirs de Bragg

Turitsyna et al ont montré également dans une autre étude que la forme et la largeur du spectre
de réflectivité des miroirs de Bragg influençaient la formation du spectre optique d’un laser Raman
oscillant dans une cavité Pérot-Fabry de haute finesse [10]. Dans leur étude, les auteurs intègrent
numériquement l’équation 1.54 pour laquelle les pertes effectives δn correspondent à deux types de
miroirs de Bragg de formes Gaussienne et Super-Gaussienne (figure 1.24-(a)).

Ils présentent l’ensemble des résultats obtenus pour le spectre optique du laser à partir de
l’intégration numérique de 1.54. Ainsi, ils montrent que la forme du spectre est dépendante de
plusieurs paramètres du laser : forme du spectre de réflectivité (Gaussien et Super-Gaussien), largeur
de bande des miroirs et longueur de fibre L. La figure 1.24-(b) représente quelques-uns des résultats
obtenus pour le spectre optique de l’onde Stokes [10].

(b)

(a)

Fig. 1.24 – (a) Différents miroirs de Bragg considérés dans [10]. (b) Simulations numériques :
influence de la forme des miroirs de Bragg sur le spectre optique du laser Raman à fibre. Spectres
obtenus après l’intégration numérique de 1.54 pour une puissance de pompe initiale P0 = 600 mW ,
une largeur spectrale des miroirs de Bragg variant de 1 à 5 nm et deux longueurs de fibre différentes
L = 6 km et L = 22 km. Figures extraites de [10].

En conclusion, l’approche basée sur une équation mâıtresse visant à décrire la formation du
spectre optique du laser Raman à fibre donne des résultats nouveaux et différents de ceux prédits
par Babin et al [8] :

1) Le spectre optique n’a pas toujours une forme en sécante hyperbolique,
2) Le signe de la dispersion β2 influence la forme du spectre,
3) La forme du spectre de réflectivité des miroirs de Bragg conditionne également l’allure du

spectre optique.
L’intégration numérique de l’équation mâıtresse permet d’étudier de manière simple l’influence

de certains paramètres sur les performances du laser. De plus, l’approche de Turitsyna et al est
moins restrictive sur le plan théorique que l’approche statistique de Babin et al. Il est donc possible
que les approximations supplémentaires utilisées pour le développement d’une théorie cinétique du
laser Raman induisent une description erronée du spectre dans certaines zones de paramètres.
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Cependant, l’équation mâıtresse 1.54 n’est valable que dans le cas où le champ n’évolue pra-
tiquement pas sur un tour de cavité (coefficients de réflexion des miroirs proches de 1), soit pour
une cavité de finesse élevée. Dans le cas d’une cavité de basse finesse, l’approche en champ moyen
utilisée pour développer l’équation mâıtresse 1.54 n’est a priori plus applicable. L’étude de la for-
mation du spectre optique de l’onde Stokes dans ce genre de cavité consiste alors à intégrer une
équation de Schrödinger Non Linéaire généralisée [35] incluant le gain Raman et les pertes de la
fibre. La section 1.4.3 présente quelques-uns des travaux numériques existants étant basés sur cette
approche de modélisation.

1.4.3 Modèle complet

- Approche numérique de Churkin et al [11] :

Afin de modéliser les propriétés spectrales du laser Raman à fibre, Churkin et al ont utilisé
une équation de Schrödinger Non Linéaire généralisée décrivant l’évolution dynamique des ondes
pompe et Stokes se propageant dans la cavité du laser Raman à fibre [11]. Comme le montrent les
équations ci-dessous, les équations de Schrödinger Non Linéaires généralisées prennent en compte
les pertes de la fibre, le gain Raman et la modulation de phase croisée entre les ondes de pompe et
Stokes (effet Kerr) [11, 35] :

∂A±p
∂z

+ i
β2p
2

∂2A±p
∂t2

+
αp

2
A±p = iγp(|A±p |2 + 2|A±s |2)A±p −
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Les indices i = p, s font références aux ondes de pompe et Stokes respectivement. Ainsi Ai(z, t)
est l’amplitude complexe du champ électrique de l’onde, z est la coordonnée spatiale le long de
la fibre et t le temps dans un référentiel se déplaçant avec l’onde de pompe. β2i, γi et αi sont
respectivement les coefficients de dispersion de vitesse de groupe, de couplage Kerr et de pertes
linéaires aux longueurs d’onde de pompe et Stokes. gi est le gain Raman supposé constant sur la
bande spectrale de l’onde Stokes. Enfin vi est la vitesse de groupe de chacune des deux ondes.

Les exposants “±” désignent les ondes Stokes et pompe se propageant en sens opposés (cavité
laser pompée en double passage). Les valeurs moyennes “〈 〉” des puissances des ondes contraprop-
agatives ont été introduites dans les équations 1.55 et 1.56. En raison des vitesses importantes avec
lesquelles elles se déplacent les unes par rapport aux autres, Churkin et al simplifient le traitement
de l’interaction entre les ondes contrapropagatives et supposent qu’une onde Stokes se déplaçant
dans le sens des z croissants ne voit que la valeur moyenne de l’intensité de l’onde de pompe se
propageant en sens opposé [11].

L’algorithme d’intégration développé pour intégrer les équations 1.55 et 1.56 est basé sur le
principe itératif suivant [11] : lors de l’intégration numérique suivant z des champs A+

s,p, Churkin et
al utilisent les champs A−s,p obtenus lors de la précédente itération. Cette procédure consiste donc
à négliger en temps réel les interactions pouvant exister entre les ondes contrapropagatives. Ces
itérations sont répétées jusqu’à ce que l’algorithme converge, la figure 1.25 ci-dessous représente les
résultats obtenus pour la forme du spectre optique de l’onde Stokes intracavité et sa caractéristique
de puissance [11] :
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(b)

Fig. 1.25 – (a) Spectre optique de l’onde Stokes. En noir : expérience. En bleu : simulation. (b)
Caractéristique de puissance de l’onde Stokes. Points noirs : expérience. Points bleus : simulation.
Figures extraites de [11].

Les résultats expérimentaux de la figure 1.25 sont issus de l’étude de Babin et al [8]. Le spectre
optique théorique de la figure 1.25-(a) a été calculé pour des spectres de réflectivité théoriques des
miroirs de Bragg étant très proches de ceux mesurés dans l’expérience [11].

L’intégration numérique du modèle de Churkin et al (équations 1.55 et 1.56) donne selon les
auteurs des caractéristiques de puissance moyenne en bon accord avec l’expérience ainsi qu’une
largeur et une forme du spectre optique moyen comparable quantitativement avec le spectre mesuré
expérimentalement7.

Les résultats théoriques sur le spectre du laser étant en bon accord avec l’expérience, le modèle
de Churkin et al est ensuite employé pour réaliser une étude de la statistique du champ Stokes
intracavité. Les auteurs tracent ainsi sur la figure 1.26 certaines densités de probabilité du champ
à partir des équations 1.55 et 1.56 [11] :

Fig. 1.26 – Distributions de probabilité de la densité spectrale de puissance de l’onde Stokes (a) et
de la puissance totale de l’onde Stokes intracavité (b). Traits noirs (rouges) : puissance de pompe
de 3.5 W (0.11 W ). Figure issue de l’article [11].

7La figure 1.25 montre également que la forme du spectre optique de l’onde Stokes et sa caractéristique de puissance
ne dépendent pas du mélange à quatre onde croisé (XPM) entre les ondes de pompe et Stokes [11] (courbes en rouge
(avec XPM) et bleu (sans XPM) identiques).
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La distribution de probabilité représentée sur la figure 1.26-(a) a été calculée à partir de l’in-
tensité I(ω) d’un mode de la cavité de fréquence ω. L’évolution de cette intensité tour après tour
fluctue aléatoirement et il est possible de déterminer la distribution de probabilité qui caractérise
la statistique de ce mode. Churkin et al montrent sur la figure 1.26-(a) que la distribution de
probabilité de l’intensité I(ω) des modes de la cavité suit une loi exponentielle (i.e. une droite en
échelle logarithmique sur la figure 1.26-(a)) quelle que soit la puissance du laser. Si la distribution
de probabilité de la puissance des modes est une exponentielle, alors ceci correspond à une distri-
bution de probabilité gaussienne pour les parties réelle et imaginaire de l’amplitude complexe des
modes. Les auteurs démontrent ainsi dans la référence [11] que les fluctuations d’amplitude des
modes longitudinaux d’un laser Raman à fibre sont statistiquement distribuées sous la forme d’une
gaussienne.

Par ailleurs, les auteurs expliquent qu’en associant cette distribution de probabilité gaussienne
pour la statistique de l’amplitude des modes à une distribution aléatoire de leurs phases (phases
delta-corrélées), le théorème de la limite centrale doit mener à une distribution de probabilité de
forme exponentielle pour l’intensité totale I(t) de l’onde Stokes intracavité [11]. Effectivement l’in-
tensité totale I(t) de l’onde Stokes est également une variable aléatoire dont un exemple typique
d’évolution tour après tour est représenté sur la figure 1.23-(a). Cependant, Churkin et al montrent
sur la figure 1.26-(b) (échelle logarithmique) que la distribution de probabilité de l’intensité I(t)
est non exponentielle et dépend de la puissance du laser [11].

Enfin, il est important de préciser que dans leur étude, Churkin et al n’ont pas pris en compte
l’endroit et le sens de propagation de l’onde Stokes intracavité pour calculer la distribution de
probabilité du champ. Or, nous verrons dans le prochain chapitre que l’allure des distributions de
probabilité caractérisant la statistique de l’onde Stokes dépend fortement de l’endroit de la cavité
où celle-ci est mesurée et du sens de propagation de l’onde.

- Approche numérique de Hagen et al [83] :

Dans leur approche, Hagen et al utilisent un algorithme d’intégration différent de celui employé
par Churkin et al. En effet, ils développent un modèle dans lequel il n’y a pas d’équation de prop-
agation pour l’onde de pompe, mais juste une équation différentielle pour sa puissance [83].
Plus précisément, Hagen et al se servent de l’équation de Schrödinger Non Linéaire [35, 83]

∂A

∂z
+ i

β2
2

∂2A

∂t2
− i

β3
6

∂3A

∂t3
− iγ|A|2A = 0 (1.57)

et des équations d’évolution à l’état stationnaire des puissances de pompe et Stokes dans la fibre du
laser (équations 1.7, 1.8 et 1.9) pour déterminer la caractéristique de puissance et l’élargissement
du spectre de l’onde Stokes intracavité.

A(z, t) dans l’équation 1.57 est l’amplitude complexe du champ électrique de l’onde Stokes se
propageant dans la cavité laser de longueur L, z représente la distance de propagation longitudi-
nale dans la fibre et t le temps dans un référentiel se déplaçant avec l’onde Stokes. β2, β3 et γ
sont respectivement les coefficients de dispersion de vitesse de groupe, de dispersion d’ordre 3 et de
couplage Kerr.

La procédure numérique de Hagen et al est similaire à celle présentée dans la référence [11], il
s’agit d’évaluer à chaque pas d’intégration les champs pompe et Stokes se popageant dans un sens
de la cavité Pérot-Fabry à partir du champ Stokes se propageant en sens inverse, mais déterminé au
pas d’intégration précédent. Bien entendu, cette procédure ne décrit pas la dynamique précise du
laser Raman à fibre. En effet, l’onde Stokes circulant dans un sens de la cavité est influencée durant
toute sa propagation dans la fibre par l’onde Stokes se propageant en sens inverse (de manière
indirecte, à travers l’équation sur la pompe 1.7).

Par ailleurs, la procédure d’intégration utilisée par Hagen et al est associée à un calcul des co-
efficients de réflexion effectifs des miroirs de Bragg (section 1.2.3.2) pour le respect des conditions
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de réflexion de l’onde Stokes aux extrémités de la cavité. Comme nous l’avons vu précédemment,
cette procédure ne permet pas une description physique du phénomène d’élargissement du spectre
optique du laser.

Néanmoins, Hagen et al obtiennent avec cet algorithme un assez bon accord quantitatif sur
la caractéristique de puissance et l’élargissement du spectre optique du laser Raman à fibre. Les
différences constatées entre les courbes théoriques et expérimentales de la référence [83] sont dûes
selon les auteurs à d’autres effets non linéaires qui n’ont pas été pris en compte dans leur modèle
tels que la diffusion Brillouin stimulée et les effets de polarisation de l’onde Stokes dans la fibre [83].

1.4.4 Conclusion

La formation du spectre optique de l’onde Stokes est un élément clé dans la compréhension du
fonctionnement du laser Raman à fibre. Depuis le tout premier modèle monomode de AuYeung et
Yariv en 1979 [5], beaucoup d’efforts ont été faits pour établir un modèle décrivant les propriétés
spectrales du laser Raman. La première procédure phénomènologique simple basée sur le modèle
de AuYeung et al ayant été utilisée dans cet objectif est la méthode des coefficients de réflexion ef-
fectifs (section 1.2.3.2). Cependant il a été montré que cette technique ne permettait pas de décrire
physiquement l’élargissement du spectre en fonction de la puissance, et de surcrôıt les résultats
obtenus sont variables selon les études existantes dans la littérature. Le premier modèle décrivant
physiquement la formation du spectre optique du laser Raman apparâıt en 2003 [7]. Bouteiller
développe une approche théorique multimode qui prend en compte le mélange à quatre ondes, re-
sponsable de l’élargissement du spectre optique en fonction de la puissance. Toutefois, son modèle
phénomènologique dépend d’un paramètre d’ajustement et ne permet pas d’expliquer “ab initio”
la formation du spectre du laser.

Le mécanisme d’échange d’énergie entre les modes de la cavité mis en avant par le modèle
de Bouteiller va cependant faire l’objet d’une approche totalement nouvelle par Babin et al en
2007 [8]. Grâce à une étude statistique basée sur le formalisme de la turbulence faible, les auteurs
déterminent analytiquement la forme du spectre moyen de l’onde Stokes et ils montrent que celle-ci
est en très bon accord avec leurs expériences. Ce modèle est, d’après les auteurs, le premier décrivant
physiquement la formation du spectre optique du laser Raman. Cependant, d’autres travaux récents
ont montré que l’intégration numérique de l’équation mâıtresse développée par Babin et al dans la
référence [8] ne permettait pas de reproduire la forme du spectre dans certaines zones de paramètres
du laser [9,10]. Malgré cela, l’approche développée par Babin et al reste très intéressante d’un point
de vue fondamental, et nous reviendrons par la suite sur leur modèle afin d’en discuter la validité.

Par ailleurs, mis à part le modèle de Babin et al relativement restrictif sur le plan théorique
(cavité de finesse élevée), d’autres approches plus simples basées sur l’intégration numérique de
l’équation de Schrödinger Non Linéaire ont permis de décrire quantitativement la formation du spec-
tre optique du laser Raman à fibre [11,83]. Bien que les algorithmes employés pour ces intégrations
numériques ne décrivent pas précisément la dynamique de couplage entre les ondes contrapropaga-
tives, ceux-ci convergent vers une solution moyenne en accord avec les observations expérimentales
en termes de largeur spectrale et de puissance totale. Toutefois ces approches ne permettent pas
de cerner le mécanisme d’interaction qui conduit à la formation du spectre et son évolution avec
la puissance du laser. Par conséquent, aujourd’hui il n’existe toujours pas de modèle satisfaisant
expliquant clairement la formation du spectre optique du laser Raman à fibre.

Afin de pouvoir modéliser ce système optique, nous avons réalisé un laser Raman à fibre dans
lequel le spectre optique de l’onde Stokes est mesuré de manière quantitative à différentes puissances
et en différents endroits de la cavité. Cette étude expérimentale complète, que nous présentons dans
le deuxième chapitre, nous permettra par la suite de tester la validité de différents modèles visant à
décrire la formation du spectre du laser. A notre connaissance, une telle étude expérimentale dans
laquelle un ensemble important de spectres optiques est précisément mesuré n’a jamais été réalisée.
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Par ailleurs, nous montrerons dans notre étude expérimentale que le spectre optique peut prendre
une forme particulière asymétrique qui n’a jamais été décrite dans la littérature.

Dans le troisième chapitre, nous expliquerons cette forme asymétrique du spectre à l’aide d’un
modèle champ moyen que nous développerons. Celui-ci nous permettra également d’apporter des
éléments de réponse quant à la validité de l’approche théorique développée par Babin et al, et nous
questionnerons dans le quatrième et dernier chapitre la pertinence de l’utilisation de la théorie
cinétique des ondes pour décrire la formation du spectre optique du laser Raman à fibre.



Deuxième chapitre
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Chapitre 2

Formation du spectre optique dans les

lasers Raman à fibre : étude

expérimentale et modélisations

2.1 Introduction

Le premier chapitre de ce manuscrit était en partie consacré à la présentation des modèles
actuellement employés pour décrire les performances en puissance du laser Raman à fibre ainsi
que ses propriétés spectrales. Comme nous l’avons vu, l’élargissement du spectre optique de l’onde
Stokes lorsque la puissance de pompe augmente est un élément clé du fonctionnement du laser. Les
modèles que nous avons présentés ont tous pour objectif l’explication de cet effet d’élargissement.
Cependant, soit ils ne décrivent pas la formation du spectre dans certaines zones de paramètres
(modèle de Babin et al [8] et de Turistyna et al [9, 10]), soit ils s’appuient sur des algorithmes
d’intégration ne prenant pas en compte la dynamique de couplage en temps réel des ondes pompe
et Stokes (modèles de Churkin et al et Hagen et al [11,83]). Par conséquent, il n’existe pas aujour-
d’hui de modèle clair et unique décrivant les mécanismes physiques sous-jacents à la formation du
spectre optique du laser Raman à fibre dans toutes les zones de paramètres. De surcrôıt, la plupart
des travaux antérieurs s’appuient souvent sur des mesures expérimentales peu précises, ou alors les
études expérimentales menées pour valider les modèles établis sont souvent incomplètes.

L’étude expérimentale que nous présentons ici a pour objectif de réaliser un laser Raman à fibre
dans lequel l’ensemble des paramètres physiques est connu de manière précise. En particulier, la
cavité laser est réalisée de sorte que les effets de polarisation sont mâıtrisés, ce qui permettra de
confronter les résultats expérimentaux à un modèle scalaire. Par ailleurs, afin de mesurer quanti-
tativement le spectre optique de l’onde Stokes intracavité, nous introduisons près des miroirs de
Bragg des coupleurs nous permettant une mesure complète et soigneusement calibrée des spectres
de l’onde Stokes intracavité dans les deux sens de circulation de celle-ci. A notre connaissance, ceci
n’a encore jamais été réalisé auparavant dans la littérature. Nous montrerons ainsi que la forme du
spectre optique du laser est très dépendante de sa position dans la cavité et du régime de puissance
du laser Raman.

Nous proposerons ensuite plusieurs nouveaux modèles et les confronterons à l’expérience. Ceci
nous permettra de mettre en avant le rôle fondamental joué par les miroirs de Bragg dans la for-
mation du spectre optique, et amènera des questions quant à la validité des modèles existants et
présentés dans le précédent chapitre. Dans la section suivante nous présentons de manière détaillée
notre dispositif expérimental et nous caractérisons en différents points de la cavité le spectre optique
du laser Raman réalisé.
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2.2 Mise en évidence expérimentale du changement de forme du

spectre optique en différents points de la cavité laser

2.2.1 Dispositif expérimental et caractéristiques de puissance

Nous présentons dans cette section les résultats issus de la réalisation d’une expérience ayant
pour but la mesure quantitative et précise de la densité spectrale de puissance de l’onde Stokes en
différents points de la cavité. Les spectres optiques obtenus seront ensuite comparés quantitative-
ment à différents modèles.

Le laser Raman à fibre que nous avons réalisé oscille dans une configuration expérimentale typ-
ique de celle présentée dans le premier chapitre (section 1.1.3.3). Il est pompé par un laser à fibre
double gaine dopée ytterbium et oscille dans une cavité Pérot-Fabry composée d’une fibre optique
germanosilicate monomode et de miroirs de Bragg. Un schéma détaillé du laser Raman à fibre que
nous avons réalisé est présenté sur la figure 2.1. Chacun des éléments composant le dispositif est
décrit en détail dans la suite de ce paragraphe.

Laser à fibre

Yb3+

PMF 500m

8°

 ! !  !  !  !

99% 1%

Soudure
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CP2 CP1
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C1C2FBG2 FBG1

Fig. 2.1 –Dispositif expérimental. L1 : téléscope, λ/2 : lames demi-onde, I : isolateur de Faraday, L2 :
lentille d’injection asphèrique, C0/C1/C2 : coupleurs fibrés, CP1/CP2 : contrôleurs de polarisation,
FBG1/FBG2 : miroirs de Bragg photoinscrits, WDM1/WDM2 : multiplexeurs, PMF : fibre à
maintien de polarisation.

- Dispositif de pompage
Dans l’expérience, le pompage du laser Raman est assuré par un laser à fibre dopée ytterbium

(Y b3+) continu d’une puissance de 8 W . Il émet un rayonnement linéairement polarisé dont le
spectre optique est fortement multimode (environ 104 modes séparés par un intervalle spectral libre
de 2 MHz). Celui-ci est centré à λp = 1100 nm et présente une largeur à mi-hauteur d’environ
0.27 nm. L’action sur la première lame demi-onde (λ/2), associée à l’isolateur de Faraday (I) agis-
sant comme un polariseur, permet de régler la puissance injectée dans la fibre au niveau de L2.
L’installation d’un système motorisé (non représenté) sur cette lame demi-onde permet de moduler
à quelques Hertz la puissance de pompe du laser Raman et rend ainsi possible l’enregistrement de
ses caractéristiques de puissance sur un temps suffisament court (typiquement 0.1 s) pour éviter
toute dérive de l’ensemble des réglages du laser. Enfin, la direction de polarisation du faisceau de
pompe incident est contrôlée à l’aide d’une deuxième lame demi-onde située entre l’isolateur I et
la lentille L2.
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- Le laser Raman
Le laser Raman considéré dans notre étude expérimentale est constitué d’une fibre à maintien

de polarisation (PMF1) d’une longueur de 500 m, insérée entre deux miroirs de Bragg (FBG1 et
FBG22) photoinscrits dans une fibre monomode standard (HI1060). La longueur d’onde centrale
λs des miroirs de Bragg est de 1159 nm, ce qui la positionne au maximum de la courbe de gain
Raman (figure 1.2 premier chapitre). La longueur d’onde λZDW pour laquelle la dispersion des
fibres HI1060 et PMF est nulle est voisine de 1400 nm ; les ondes pompe et Stokes se propagent
toutes deux en régime de dispersion normale (β2 = 15.7 ps2/km à λs = 1159 nm). La largeur à
mi-hauteur des spectres de réflectivité des miroirs de Bragg est de 0.5 nm, avec une réflectivité
maximale de 99% pour FBG1 et de 80% pour FBG2. Le contrôleur de polarisation CP1 permet
d’ajuster l’état de polarisation du rayonnement de pompe entrant dans la cavité laser, et CP2
celui du rayonnement de Stokes intracavité. Le coupleur C0 prélève une partie faible (∼ 1%) de la
puissance de pompe injectée dans la fibre. Une calibration soignée de ce coupleur nous donne accès
à cette puissance. Des coupleurs (C1 et C2) ont été insérés entre la fibre PMF et les miroirs de
Bragg de façon à pouvoir relever à différents endroits la puissance et le spectre optique de l’onde
Stokes oscillant dans la cavité. Les multiplexeurs (WDM1 et WDM23) permettent de séparer les
rayonnements pompe et Stokes lorsque ceux-ci sont présents simultanément dans la même fibre.
Enfin la sortie du laser (ainsi que toutes les autres extrémités fibrées) a été clivée suivant un angle
de 8◦ afin de s’affranchir d’éventuelles réflexions parasites du champ sur la face coupée de la fibre
(réflexion de Fresnel).

- Polarisation
Plusieurs études précédentes [35,65,66,68] ont montré que les lasers Raman pouvaient présenter

des comportements dynamiques très riches se traduisant par des oscillations spontanées de leur puis-
sance. Ces oscillations, pouvant être nuisibles pour une utilisation pratique du laser, ont fait l’objet
d’études approfondies. La dynamique observée, caractéristique d’une déstabilisation de l’état sta-
tionnaire du laser, prend sa source dans les changements de l’état de polarisation du champ au
cours de sa propagation dans la fibre, les variations aléatoires de biréfringence de la fibre et l’effet
Kerr en étant la cause. Une de ces précédentes études [65] a montré que ces oscillations pouvaient
être supprimées si la fibre utilisée dans le laser Raman était une fibre à maintien de polarisation
(PMF).

Nous avons fait le choix d’une fibre à maintien de polarisation comme milieu amplificateur de
façon à maintenir les ondes dans un état de polarisation linéaire tout le long de leur propagation
dans la fibre (lorsque que l’état de polarisation est suivant un de ses deux axes de biréfringence).
Habituellement, dans les études expérimentales existant dans la littérature, cette précaution n’est
pas prise. Les lasers Raman sont souvent constitués d’une fibre monomode standard et les désaccords
observés entre la théorie et l’expérience peuvent être parfois attribués aux effets de polarisation des
ondes [83].

Si le milieu actif est constitué d’une fibre à maintien de polarisation longue de 500 m, il est
important de noter que les coupleurs intracavité C1 et C2, ainsi que les miroirs de Bragg FBG1 et
FBG2, ont été élaborés à partir d’une fibre standard monomode (HI1060). Comme l’état de polar-
isation du champ n’est pas linéairement maintenu dans une fibre standard au delà d’une longueur
typique de plusieurs dizaines de centimètres, celui-ci peut changer au cours d’un trajet dans la
cavité. L’installation d’un contrôleur de polarisation en bout de cavité (CP2) a permis de régler
en partie cette difficulté. Il permet effectivement de renvoyer l’onde Stokes réfléchie par le miroir
FBG2 suivant un des axes de biréfringence de la fibre PMF. Cependant, agir de la même manière
à l’entrée de la cavité n’était pas possible. En effet, l’action sur un contrôleur de polarisation situé
entre la fibre PMF et le miroir FBG1 aurait certes permis de polariser l’onde Stokes suivant un

1PMF= Polarization Maintaining Fiber
2FBG= Fiber Bragg Gratings
3WDM= Wavelength Division Multiplexer
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des axes de la fibre PMF, mais elle occasionnait du même coup un changement d’état de polari-
sation du rayonnement de pompe. Un manque de degrés de liberté nous aurait alors empêché de
polariser les deux ondes (Stokes et pompe) suivant le même axe de la fibre. Cette difficulté a été
levée en raccourcissant au maximum la fibre standard utilisée entre le miroir FBG1 et la fibre
PMF. Le coupleur C1 a ainsi une longueur totale d’une dizaine de centimètres, soit une longueur
environ dix fois inférieure à la longueur de battement de la fibre monomode. L’état de polarisation
de l’onde sur ce tronçon de cavité (FBG1-PMF) a été testé lors du montage du laser et nous
avons vérifié soigneusement qu’il demeurait linéairement polarisé à mieux que 1%. D’autres tests
complémentaires sur l’état de polarisation du champ nous ont assuré de la validité de notre mon-
tage. Cette configuration expérimentale nous a donc permis de disposer d’un laser Raman dans
lequel la polarisation des ondes pompe et Stokes est linéairement maintenue à mieux que quelques
pourcents près sur toute la longueur (500 m) de la cavité.

- Calibration
Dans un souci de mesurer de manière précise les densités spectrales de puissance des ondes

pompe et Stokes, nous avons aussi rigoureusement calibré les coefficients de transmission en puis-
sance de l’ensemble des éléments du montage (C0, C1, C2, WDM1 et WDM2). Cette calibra-
tion nous a permis de déterminer les coefficients qui, à partir des puissances mesurées Pi et Sij

(voir figure 2.1), nous ont permis de remonter aux vraies puissances des ondes présentes dans la
cavité. Ces coefficients ont été mesurés aux longueurs d’onde pompe et Stokes (λp = 1100 nm
et λs = 1159 nm). Par ailleurs, nous avons testé l’isotropie des coupleurs et multiplexeurs lors
de l’action sur les contrôleurs de polarisation CP1 et CP2. On a pu ainsi observer une variation
de quelques pourcents seulement des coefficients de transmission de ces composants lorsqu’ils sont
soumis à des changements de l’état de polarisation du champ. L’ensemble des pertes de la cavité
est aussi parfaitement connu, elles sont regroupées dans le tableau ci-dessous :

Pertes C1 C2 Soudures

λs 14% 10% < 1%

λp 10% 4.5% < 1%

Tab. 2.1 – Tableau récapitulatif des pertes en puissance des éléments intracavité. Les pourcentages
indiqués représentent les pertes de puissance subies par les ondes pompe et Stokes lorsqu’elles
réalisent un seul passage dans l’élément concerné.

Malgré le soin apporté aux calibrations, il subsiste une incertitude de 10% sur toutes les mesures
de puissance liée à l’accumulation des erreurs de calibration. Cette incertitude a été déterminée en
effectuant un bilan de puissance sur chacun des miroirs de la cavité, lorsque le laser fonctionnait à
une puissance de pompe fixée. Effectivement, au niveau des miroirs de Bragg la puissance incidente
PI doit être exactement égale à la somme des puissances réfléchie PR et transmise PT par celui-ci.
En mesurant les trois puissances PI , PR et PT pour plusieurs valeurs de puissance de pompe, nous
avons pu constater systématiquement une différence maximum de 10% entre PI et PR + PT . Nous
attribuons cette erreur aux fluctuations de puissances lors de nos mesures ainsi qu’aux incertitudes
de calibration. Comme nous le verrons par la suite, cette incertitude de mesure ne constitue pas
une gène dans l’étude et la compréhension des phénomènes étudiés et la précision obtenue dans
notre expérience est meilleure que celle qui est atteinte dans la plupart des autres montages.

- Détection
Les rayonnements pompe et Stokes (Pi et Sij) sont détectés par des photodiodes (Thorlabs

DET410) de 200 MHz de bande passante. Celles-ci sont calibrées de manière à ce que la tension
électrique qu’elles délivrent puisse être directement convertie en puissance optique. Les photodiodes
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sont connectées à un oscilloscope numérique (Lecroy 104Xi), de bande passante égale à 1 GHz. Les
spectres optiques des différentes ondes sont enregistrés à l’aide d’un analyseur de spectre optique
(OSA4) d’une résolution de 0.01 nm (deux modèles d’OSA ont été utilisés : Ando AQ6317B et
Advantest Q8384).

- Caractéristiques de puissance du laser et optimisation
Pour réaliser l’enregistrement des caractéristiques de puissance du laser nous avons utilisé le

dispositif permettant de balayer la puissance de pompe installé sur la première lame demi-onde.
Sur la figure 2.2 ci-dessous sont représentées les caractéristiques de puissance de la pompe transmise
P2 et des ondes Stokes Sij en différents endroits de la cavité. Le premier indice “i” indique si la
Stokes est incidente (I) sur un miroir ou réfléchie (R) par ce miroir, et le deuxième indice “j” s’il
s’agit du miroir d’entrée (1) ou de sortie (2) de la cavité (miroirs FBG1 et FBG2 respectivement,
voir figure 2.1). La partie active du laser Raman étant la fibre PMF, les caractéristiques sont tracées
en fonction de la puissance de pompe P1 mesurée au niveau de C1 et directement injectée dans
cette fibre. Cette puissance est de 10% plus faible que la puissance P0 mesurée au niveau de C0,
les pertes étant dûes à la traversée des différentes soudures entre C0 et C1, ainsi qu’aux pertes à
λp = 1100 nm du coupleur C1 lui-même.
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Fig. 2.2 – Caractéristiques de puissance du laser Raman. (a) Pompe transmise. (b) SI1 et SR1 (en
rouge) sont respectivement les puissances Stokes incidentes et réfléchies par FBG1. SI2 et SR2 (en
bleu) sont respectivement les puissances Stokes incidentes et réfléchies par FBG2.

La figure 2.2 montre que le laser présente un seuil expérimental Pth de 350 mW . On peut cal-
culer la valeur théorique du seuil à l’aide de la relation 1.17 du modèle monomode de AuYeung et
Yariv (voir section 1.2.2) :

P seuil
in =

αp

2g

2αsL− ln(R1R2)

1− exp(−αpL)
= 344 mW. (2.1)

Les paramètres utilisés pour le calcul du seuil sont les valeurs expérimentales αp = 0.9 dB/km,
αs = 0.8 dB/km, R1 = 73%, R2 = 65%, L = 0.5 km et g = 12.35 dB/km/W .

La valeur du gain a été mesurée précisément dans un montage complémentaire d’amplificateur
Raman. Ce dispositif était constitué d’une fibre optique de longueur L = 500 m dans laquelle
nous avons injecté une onde Stokes de faible puissance et une onde pompe. Le gain Raman a été

4OSA= Optical Spectrum Analyser
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déterminé en mesurant en sortie de fibre les puissances Stokes S1 et S2 correspondant aux cas
où la puissance de pompe injectée est respectivement nulle ou égale à une valeur connue Pin. En
négligeant la dépletion de la puissance de pompe, les équations 1.7 et 1.8 nous permettent d’écrire

g = ln(S2/S1)
PinLeff

avec Leff = (1− e−αpL)/αp, et donc de calculer la valeur du gain.

Les valeurs des coefficients de réflexion utilisées dans la relation 2.1 tiennent compte des pertes
introduites par les coupleurs intracavités5 à la longueur d’onde λs (tableau 2.1 du paragraphe “Cal-
ibration”).

Les caractéristiques de puissance de la figure 2.2 ont été obtenues après une optimisation
soigneuse du laser en agissant sur les éléments de contrôle de la polarisation du champ (lame
demi-onde, CP1 et CP2). Le seuil du laser et la déplétion de la puissance de pompe dépendent
fortement de cet état de polarisation. Toute action même légère sur le contrôleur CP2 induit un
effet très fort sur la caractéristique de la figure 2.2-(a). En particulier, le seuil du laser est doublé
lorsque la direction de polarisation du rayonnement de pompe est à 45◦ des axes principaux de la
fibre PMF [65]. Le laser optimisé ci-dessus correspond donc à la situation ou les ondes de Stokes et
de pompe sont toutes deux linéairement polarisées suivant le même axe de biréfringence de la fibre.

L’état de polarisation des deux ondes n’a pas été mesuré directement à la sortie du laser. Effec-
tivement, lorsque les rayonnements traversent le coupleur C2 et le miroir FBG2 jusqu’à la sortie,
leur état de polarisation change puisqu’ils subissent les effets liés à la biréfringence résiduelle de
la fibre standard. Un second test destiné à vérifier que les ondes pompe et Stokes intracavité sont
linéairement polarisées a été effectué à partir d’un système expérimental ajouté en sortie du laser
(non représenté sur la figure). Celui-ci est composé d’une lame quart d’onde, d’une lame demi-
onde et d’un cube polariseur. Ce système est identique à celui présenté dans la référence [68]. La
procédure de test est la suivante : une fois le laser Raman optimisé en termes de seuil et de déplétion
de pompe (situation correspondant à des ondes Stokes et pompe linéairement polarisées suivant un
axe de la fibre PMF, voir la figure 2.2), nous réglons les lames quart d’onde et demi-onde du dis-
positif de test de manière à obtenir une lumière totalement réfléchie par le cube polariseur (lumière
linéairement polarisée en sortie du cube). Si le laser est bien linéairement polarisé, alors tourner
de 90◦ la direction de polarisation de la pompe à l’injection (avec la lame λ/2 située devant L2)
inversera la situation précédemment décrite. Un maximum de lumière sera transmise par le cube
polariseur et l’intensité de la lumière réfléchie par le cube sera nulle. Ceci signifie que le laser est
polarisé suivant le deuxième axe principal de la fibre [68]. Le test effectué nous a indiqué que le
laser était linéairement polarisé à quelques pourcents près (97% d’énergie sur un axe de la fibre et
3% sur l’autre).

La deuxième étape d’optimisation du laser est très importante. Il s’agit de centrer spectralement
les deux miroirs de Bragg de manière à ce que leurs spectres de réflectivité se recouvrent. Cette
procédure est réalisée habituellement en minimisant le seuil du laser, cependant celle-ci ne permet
pas un alignement fin des miroirs. Nous avons donc vérifié pour chaque point de mesure l’aligne-
ment exact des miroirs de Bragg en traçant leurs spectres de réflectivité (voir la section 2.2.2.2
pour savoir comment ceux-ci sont déterminés). Ces miroirs étant constitués de réseaux de Bragg, la
longueur d’onde centrale de leurs spectres de réflectivité (λs ≃ 1159 nm) dépend du pas du réseau
(voir section 1.1.3.1). En exerçant une traction sur les miroirs de Bragg, il est possible d’augmenter
ce pas, et donc de décaler vers les hautes longueurs d’onde le spectre de réflectivité. Les miroirs ont
été installés sur des supports mécaniques nous permettant de les étirer manuellement.

2.2.2 Spectre optique du laser

La configuration expérimentale du laser Raman à fibre présenté dans la section précédente (fig-
ure 2.1) nous permet d’effectuer des mesures du spectre optique du laser dans les deux sens de

5R1 = Rmax
1 (1− PC1)

2 = 0.99× (1− 0.14)2 ≃ 0.73
R2 = Rmax

2 (1− PC2)
2 = 0.8× (1− 0.1)2 ≃ 0.65



CHAPITRE 2. FORMATION DU SPECTRE OPTIQUE : ÉTUDE EXPÉRIMENTALE... 63

circulation de l’onde Stokes, près des miroirs de Bragg et à différentes puissances de pompe. La
précision de nos mesures atteint 10% grâce notamment à un contrôle précis de l’état de polarisa-
tion des ondes intracavité et à une calibration soignée de l’ensemble des éléments présents dans le
dispositif expérimental. A notre connaissance, il n’existe pas dans la littérature une autre étude
expérimentale dans laquelle le spectre optique de l’onde Stokes intracavité a ainsi été mesuré.

2.2.2.1 Mesure des spectres optiques du laser Raman

L’acquisition du spectre optique en différents endroits de la cavité est relativement simple : après
avoir optimisé le laser en termes de seuil et de déplétion de pompe (en agissant sur les éléments de
contrôle de polarisation et de centrage des miroirs de Bragg), la puissance de pompe incidente est
fixée. Chacune des sorties fibrées du dispositif expérimental est ensuite connectée à un analyseur
de spectre optique (OSA), et la puissance optique du signal correspondant est mesurée. Durant
chacun des enregistrements nous avons pris soin de vérifier que les réglages du laser (puissance de
pompe injectée et polarisation des champs) ne dérivaient pas grâce à une vérification constante de
la puissance Stokes intracavité.

Les spectres ont été enregistrés pour différents points de fonctionnement du laser (à plusieurs
puissances de pompe P1), en partant du seuil d’émission jusqu’à la puissance de pompe maximale
dont nous disposons (plus de dix fois le seuil Pth du laser). L’ensemble des résultats expérimentaux
est présenté sur le diagramme synoptique de la figure 2.3.

L’évolution globalement présentée sur la figure 2.3 est maintenant présentée de manière détaillée
pour deux points de puissance de pompe particuliers : l’un au voisinage du seuil du laser, l’autre
très au dessus du seuil.

- Spectre optique du laser Raman à forte puissance de pompe

Lorsque la puissance de pompe vaut environ 10× le seuil du laser (à P1 ≃ 3.6 W sur la figure
2.3), les quatre spectres optiques de l’onde Stokes situés avant et après réflexion sur les deux miroirs
de Bragg sont représentés sur la figure 2.4.

La figure 2.4 montre que lorsque l’onde Stokes se réfléchit sur les miroirs de Bragg, les spectres
optiques incidents (traits pleins) sont fortement déformés par les miroirs. Les formes des spectres
optiques réfléchis (traits pointillés) sont alors très proches des spectres de réflectivité des miroirs
de Bragg (encadrés bleus sur la figure 2.3). Ils possèdent une largeur ∆λ d’environ 0.5 nm qui
correspond à la largeur des miroirs de Bragg utilisés dans notre expérience.

Par ailleurs, pour une puissance de pompe dix fois supérieure au seuil, on peut observer sur la
figure 2.4-(a) que l’élargissement du spectre optique de l’onde Stokes en un passage dans la fibre
PMF est d’un facteur 2 (passage de 0.56 nm à 1.14 nm) par rapport au spectre réfléchi par le
miroir FBG1 (figure 2.4-(b)). En revanche, ce facteur n’est que de 1.5 pour l’onde Stokes circulant
en sens inverse (passage de 0.52 nm à 0.77 nm). L’élargissement du spectre optique en un passage
dans la fibre PMF est donc 30% plus fort pour l’onde Stokes circulant dans le sens FBG1→ FBG2
que celle circulant en sens inverse.

La figure 2.5 montre que la longueur d’onde centrale des deux miroirs de Bragg augmente
légèrement avec la puissance de pompe. Nous interprétons le décalage d’une valeur de 0.08 nm
observé sur la figure 2.5 comme étant dû à des effets thermiques agissant sur les miroirs de Bragg
du laser. Ces effets thermiques ont déjà été reportés dans certaines études antérieures [84], l’origine
de l’échauffement des miroirs est optique et il a pour effet de dilater les réseaux en augmentant la
longueur d’onde centrale du spectre de réflectivité. Ce phénomène nous a contraint lors de l’enreg-
istrement des spectres à différentes puissances à réaligner systématiquement les miroirs de manière
à ce que la longueur d’onde centrale des deux spectres de réflectivité cöıncide bien pour chaque
point de mesure.
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Fig. 2.3 – Evolution du spectre optique près des miroirs de Bragg pour 4 puissances de pompe
différentes P1 = 0.53 W , 1.8 W , 2.7 W et 3.6 W , correspondant aux puissances de Stokes SI2 =
0.23 W , 1.3 W , 1.9 W et 2.5 W . (a) Onde Stokes SR1 réfléchie par FBG1. (b) Onde Stokes SI2

incidente sur FBG2. (c) Onde Stokes SR2 réfléchie par FBG2. (d) Onde Stokes SI1 incidente sur
FBG1. Dans les encadrés bleus figurent les spectres de réflectivité des miroirs de Bragg FBG1 et
FBG2. Résolution de l’OSA : 0.01 nm. Les densités spectrales de puissance sont calibrées à mieux
que 10%.
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Fig. 2.4 – Densités spectrales de puissance incidentes (traits pleins) et réfléchies (traits pointillés)
sur les miroirs de Bragg à P1 = 3.6 W . (a) Miroir FBG2, puissances totales : SI2 = 2.5 W et
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3.6 W . Les spectres optiques sont normalisés.
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Enfin, on observe sur la figure 2.4 qu’à forte puissance de pompe (P1 ≃ 3.6 W ) la largeur des
spectres optiques incidents sur les miroirs de Bragg SI1 et SI2 (∆λ ∼ 1 nm) est plus grande que la
largeur des spectres de réflectivité des miroirs (∆λ ≃ 0.5 nm). En conséquence, les spectres optiques
transmis par les miroirs de Bragg, représentés sur la figure 2.6, possèdent une forme caractéristique
en double bosse typique dans les lasers Raman à fibre [6, 7, 12, 69, 85].
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Fig. 2.6 – Spectres optiques transmis par les miroirs de la cavité. (a) Onde Stokes transmise par
FBG2. (b) Onde Stokes transmise par FBG1. P1 = 3.6 W . Résolution de l’OSA : 0.01 nm.

- Spectre optique du laser Raman à faible puissance de pompe

Au voisinage du seuil du laser, la forme et l’élargissement des spectres optiques précédemment
décrits sont totalement différents. En effet, lorsque la puissance de pompe vaut environ 1.5× le seuil
du laser (à P1 ≃ 0.53 W sur la figure 2.3), les quatre spectres optiques représentés sur la figure 2.7
de l’onde Stokes situés avant et après réflexion sur les deux miroirs de Bragg se présentent sous la
forme suivante :
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Fig. 2.7 – Densités spectrales de puissance incidentes (traits pleins) et réfléchies (traits pointillés)
sur les miroirs de Bragg à P1 = 0.53 W . (a) Miroir FBG2, puissances totales : SI2 = 0.23 W et
SR2 = 0.13 W . (b) Miroir FBG1, puissances totales : SI1 = 0.20 W et SR1 = 0.14 W . Résolution
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Par opposition avec les spectres optiques de la figure 2.4 enregistrés à 10× le seuil du laser,
les spectres optiques de l’onde Stokes à 1.5× le seuil sur la figure 2.7 ne s’élargissent quasiment
pas sur un passage dans la fibre. La forme des spectres de l’onde Stokes à cette puissance est
conservée lors de sa propagation dans la fibre, on observe seulement une augmentation de leur
amplitude maximale visible sur la figure 2.3. Par ailleurs, il est important de noter que les spec-
tres optiques à basse puissance de la figure 2.7 présentent une forme particulière asymétrique
n’étant pas dûe à un défaut de centrage des miroirs de Bragg. Jusqu’à notre étude, ce phénomène
n’avait jamais été observé dans les lasers Raman à fibre. Nous verrons ultérieurement que cette
asymétrie de forme est une conséquence d’un effet physique incontournable dans un laser avec
miroirs de Bragg standards.

Avant cela, nous déterminons dans la section 2.2.2.2 les spectres de réflectivité des miroirs de
Bragg FBG1 et FBG2.

2.2.2.2 Détermination des spectres de réflectivité des miroirs de Bragg

La mesure précise des densités spectrales de puissance incidentes et réfléchies par les miroirs de
Bragg à P1 = 3.6 W (figure 2.4) permet de déterminer les coefficients de réflexion des miroirs.

Sur la figure 2.4-(a), la densité spectrale de puissance maximale de l’onde Stokes incidente sur
le miroir FBG2 à λs ≃ 1159.3 nm vaut approximativement 2.1 W/nm. Le coefficient de réflexion
maximum du miroir FBG2 à cette longueur d’onde étant de 80%, le spectre réfléchi par FBG2
devrait présenter un maximum valant à peu près 1.7 W/nm. Ce n’est visiblement pas le cas, puisque
le pic observé pour le spectre réfléchi sur la figure 2.4-(a) est de 1.3 W/nm. Le même constat peut
être fait pour le miroir de Bragg d’entrée FBG1 (figure 2.4-(b)), avec dans ce cas une différence
encore plus importante puisque le pic de réfléxion du miroir de Bragg FBG1 est de 99%.

Ces discordances ne sont pas dûes à des incertitudes de mesure des coefficients de réflexion, mais
aux pertes de puissance induites par les coupleurs intracavité C1 et C2 (tableau du paragraphe
“calibration” section 2.2.1). A chaque passage dans ces coupleurs, le rayonnement de Stokes subit
des pertes équivalentes à celles mesurées lors de l’élaboration du dispositif expérimental. En tenant
compte de ces pertes, il est possible de tracer le spectre de réflectivité des miroirs de Bragg situés
aux extrémités de la cavité.

Les coefficients de réflexion des miroirs s’obtiennent de manière relativement simple : il suffit de
diviser le spectre réfléchi par un miroir par celui qui lui est incident, en tenant compte sur chacun
d’eux des pertes encourues par l’onde Stokes lors de son passage dans les coupleurs. Le coefficient
de réflexion Rj(λ) du miroir de Bragg FBGj (j = 1, 2) est ainsi égal à :

Rj(λ) =
SRj(λ)

SIj(λ)
. (2.2)

La figure 2.8 représente les spectres de réflectivité Rj(λ) (j = 1, 2) des miroirs de Bragg FBGj
(figures 2.1) calculés à partir de la relation 2.2 et des densités spectrales de puissance reportées sur
la figure 2.4. Nous tiendrons compte des incertitudes de mesure lors de la modélisation dans les
prochains chapitres6.

6La densité spectrale en W/nm de chacun des spectres tracés (axe des ordonnées des figures 2.3 à 2.7) a été obtenue
à partir des mesures de puissance de l’onde Stokes aux endroits où les spectres ont été enregistrés. Par conséquent,
l’amplitude calculée des coefficients de réflexion est dépendante des incertitudes de mesures (10%).
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Fig. 2.8 – Coefficients de réflexion des miroirs de Bragg. (a) Miroir FBG2. (b) Miroir FBG1.
Résolution : 0.01 nm.

Les spectres de réflectivité des miroirs de Bragg FBG1 et FBG2 illustrés sur la figure 2.8 sont
très proches des coefficients de réflexion théoriques représentés sur la figure 1.5 (section 1.1.3.1 sur
les miroirs de Bragg). On peut toutefois remarquer certains défauts de forme (asymétrie des lobes
secondaires) sur les spectres de réflectivité expérimentaux (figure 2.8). Ces défauts sont liés au
procédé de fabrication des miroirs de Bragg qui peut présenter quelques imperfections. Cependant,
nous verrons que ces asymétries des miroirs n’ont pas d’impact sur la forme du spectre optique du
laser dans notre étude expérimentale.

2.2.2.3 Quelques explications qualitatives sur les différentes formes du spectre op-
tique

Les premiers spectres optiques de l’onde Stokes dont nous pouvons facilement expliquer la
forme sont ceux réfléchis et transmis par les miroirs de Bragg à forte puissance de pompe (figures
2.4 et 2.6). Dans le cas des spectres optiques transmis par les miroirs, la forme bien particulière
en “double bosse” qu’ils présentent est dûe comme nous l’avons précédemment évoqué au fait qu’à
forte puissance le spectre optique de l’onde Stokes possède une largeur plus grande que celle du
spectre de réflectivité des miroirs de Bragg. La représentation schématique de la figure 2.9 permet
de bien comprendre cet effet :
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Fig. 2.9 – Représentation schématique des effets sur le spectre optique de la réflexion de l’onde
Stokes sur un miroir de Bragg. Afin de comprendre le principe mis en jeu, nous avons représenté
uniquement la réflexion de l’onde Stokes en sortie de cavité, le phénomène étant qualitativement
identique en entrée.

On peut voir sur la figure 2.9 qu’à forte puissance de pompe, lorsque l’onde Stokes incidente
arrive sur le miroir, les composantes spectrales dont la longueur d’onde tombe dans la bande de
réflectivité du miroir de Bragg sont réfléchies proportionnellement à son coefficient de réflexion. Le
spectre réfléchi adopte alors une forme reflètant l’image du coefficient de réflexion (d’où les spectres
réfléchis de la figure 2.4), tandis que le spectre transmis présente deux bosses dûes au fait que la
transmission est plus élevée sur les bords du miroir de Bragg (spectres de la figure 2.6).

En revanche, lorsque la puissance de pompe est relativement faible, les effets des miroirs de
Bragg sur le spectre optique de l’onde Stokes sont beaucoup moins flagrants. Effectivement, comme
le montre la figure 2.7, il n’y a quasiment aucune différence de forme entre les spectres incidents et
réfléchis par les miroirs à P1 = 0.53 W . Ceci est dû au fait que ces spectres sont entièrement con-
tenus dans la bande de réflectivité des miroirs de Bragg (largeur des spectres inférieure à la largeur
des spectres de réflectivité des miroirs). Ceux-ci ne subissent qu’une diminution d’amplitude liée à
la valeur inférieure à 1 des coefficients de réflexion.

Ainsi, nous comprenons aisément la raison pour laquelle les spectres réfléchis de la figure 2.5
ne s’élargissent pas à fortes puissances de pompe. En effet, en partant d’une puissance de pompe
proche du seuil du laser, le spectre optique monomode au seuil s’élargit continûment jusqu’à at-
teindre la largeur du spectre de réflectivité des miroirs de Bragg. Dès lors, lorsque la puissance
de pompe continue à augmenter, le spectre ne s’élargit plus car celui-ci est limité par la largeur
constante des miroirs de Bragg. On observe alors uniquement une augmentation de l’amplitude
maximale du spectre visible sur les figures 2.3-(a) et (c) liée à l’augmentation de puissance des
ondes Stokes concernées.

Par ailleurs, notons que l’élargissement observé sur les figures 2.4 et 2.7 du spectre optique de
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l’onde Stokes après un passage de celle-ci dans la fibre PMF longue de 500 m est très dépendant
de la puissance de pompe (élargissement quasi nul à P1 = 0.53 W , et d’un facteur 2 environ à
P1 = 3.6 W ). Comme nous le verrons plus en détails par la suite, le mélange à quatre ondes est
bien entendu à l’origine de cet élargissement.

La figure 2.4 nous permet de saisir une caractéristique très importante du spectre optique du
laser Raman à fibre : à forte puissance, les spectres incident et réfléchi par un même miroir présentent
des formes très différentes. Il existe donc un domaine de puissance pour lequel les réflexions sur
les miroirs de la cavité induisent des changements importants sur le spectre optique du laser. En
revanche, à plus faible puissance de pompe, quand les effets d’élargissement du spectre lors d’un
seul passage dans la fibre PMF sont plus faibles, le spectre optique est “contenu” dans les miroirs de
Bragg et sa forme est conservée lors de la réflexion de l’onde Stokes sur les miroirs. Cette propriété
fondamentale du spectre optique est à retenir pour la lecture des chapitres suivants.

2.2.3 Conclusions

L’étude expérimentale que nous avons menée avait pour objectif de réaliser un laser Raman à
fibre dans lequel :
1) Les effets de polarisation sont mâıtrisés. Ceci est rarement le cas dans les configurations expérimen-
tales rencontrées dans la littérature. Dans celles-ci les auteurs attribuent souvent les désaccords entre
l’expérience et leurs modèles aux effets de polarisation. Dans notre travail expérimental, il ne peut
en être question.
2) Les pertes induites par l’introduction des coupleurs intracavité pour la mesure du spectre op-
tique du laser sont très précisément mesurées. La mesure du spectre optique intracavité s’effectue
avant et après réflexion sur les deux miroirs de Bragg et l’incertitude sur la densité spectrale de
puissance est de 10% environ. Du point de vue des performances en termes de puissance de la
configuration réalisée, notre laser est tout à fait comparable à ceux que l’on rencontre dans la
littérature [6, 7, 48, 69, 85, 86].

L’étude expérimentale que nous avons menée constitue à notre connaissance la première dans
laquelle une mesure précise et quantitative du spectre optique à différents endroits de la cavité et
dans les deux sens de circulation de l’onde Stokes a été réalisée. Notre étude expérimentale montre
que la formation du spectre optique du laser Raman à fibre résulte d’un phénomène répétitif dans
lequel l’élargissement du spectre optique sur un passage dans la fibre est périodiquement contre-
balancé par un effet de filtrage des miroirs de la cavité. Le champ Stokes varie donc fortement d’un
passage dans la fibre à un autre. Ceci pose la question de la validité de l’approche de modélisation
basée sur une équation mâıtresse (voir le premier chapitre), dans laquelle les changements de l’onde
Stokes sur un tour de cavité sont supposés très faibles.

Les sections 2.3 et 2.4 sont consacrées à la présentation des modèles que nous proposons pour
identifier et comprendre les mécanismes de formation du spectre optique dans ce laser Raman. La
formation du spectre étant déterminée par un équilibre entre, d’une part, les effets physiques liés à
la propagation simple de l’onde Stokes dans la fibre, et d’autre part, les effets liés à la réflexion de
l’onde Stokes sur les miroirs, nous établirons d’abord un modèle décrivant la propagation simple
de l’onde. Nous montrerons ensuite dans un deuxième modèle plus complet prenant en compte
les effets sur le champ Stokes des miroirs de Bragg que ceux-ci jouent un rôle déterminant dans
l’asymétrie du spectre observée près du seuil.
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2.3 Evolution spatiale du spectre optique du laser : modélisation

des effets physiques liés à la propagation simple de l’onde

Dans cette partie du chapitre, nous allons présenter un modèle décrivant quantitativement
l’évolution spatiale du spectre optique de l’onde Stokes lorsqu’elle effectue un seul passage dans
la fibre. Comme nous l’avons vu précédemment dans notre étude expérimentale (section 2.2.2), la
formation du spectre optique du laser résulte d’un équilibre entre des effets linéaires et non linéaires
antagonistes agissant sur la forme du spectre :

- L’amplification et l’élargissement du spectre optique de l’onde Stokes lorsqu’elle effectue un
seul passage dans la fibre PMF.

- Le filtrage du spectre optique lorsque l’onde Stokes se réfléchit sur les miroirs de Bragg, mais
également la limitation de l’élargissement spectral par la dispersion de la fibre (voir le premier
chapitre).
Les effets liés à la réflexion de l’onde Stokes sur les miroirs de la cavité seront considérés dans la
section 2.4. Nous nous intéressons dans cette section uniquement aux effets liés à la propagation
simple de l’onde dans la fibre PMF.

Dans le modèle présenté ici, nous montrons que l’élargissement du spectre du laser en simple
passage peut être décrit si on considère que l’onde Stokes subit les effets de la dispersion de vitesse
de groupe, de l’effet Kerr, des pertes linéaires de la fibre et du gain Raman associé à l’existence
d’une pompe monochromatique. Les conditions initiales de notre modèle sont données par les spec-
tres optiques réfléchis par les miroirs de Bragg que nous avons mesurés expérimentalement. Nous
déterminons alors théoriquement les densités spectrales de puissance incidentes sur les miroirs après
intégration numérique des équations de propagation de l’onde Stokes de notre modèle.

2.3.1 Un modèle simple de l’élargissement en simple passage

2.3.1.1 Equation de propagation

Le soin particulier apporté au contrôle de la polarisation dans notre montage expérimental (sec-
tion 2.2.1) nous permet l’emploi d’un modèle scalaire. Afin, de prendre en compte l’ensemble des
effets physiques présents dans la fibre PMF agissant sur l’évolution de l’onde Stokes, nous utilisons
l’équation de Schrödinger Non Linéaire généralisée ci-dessous [35] :

∂A(z, t)

∂z
= − i

2
β2

∂2A(z, t)

∂t2
+ iγ|A(z, t)|2A(z, t)− α

2
A(z, t) +

g

2
P̄ (z)A(z, t), (2.3)

où A(z, t) est l’enveloppe lentement variable du champ électrique de l’onde Stokes intracavité se
propageant dans le même sens que l’onde de pompe, z est la coordonnée spatiale le long de la fibre,
t le temps dans un référentiel se déplaçant à la même vitesse que l’onde Stokes, β2 la dispersion
de vitesse de groupe en ps2/km, γ le coefficient de couplage Kerr en W−1km−1, α le coefficient
de pertes linéaires en km−1 et g le coefficient de gain Raman en W−1km−1 supposé constant7

sur la bande spectrale de l’onde Stokes (typiquement 1 nm). Enfin, P̄ (z) est le profil longitudinal
stationnaire moyen de la puissance de pompe.

Afin d’intégrer numériquement l’équation de propagation 2.3, nous avons besoin de connâıtre
la valeur complexe de la condition initiale A(z = 0, t) du champ. Dans le section suivante, nous
expliquons comment à partir de nos mesures expérimentales nous déterminons cette valeur.

7Remarque : cette approximation revient à supposer que le processus d’amplification par le gain Raman agit de
manière instantanée sur l’onde Stokes.
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2.3.1.2 Détermination de la condition initiale

L’intégration numérique de l’équation de propagation 2.3 permet de déterminer le spectre op-
tique de l’onde Stokes en z = L après un passage de l’onde dans la fibre PMF, connaissant le
spectre optique initial en z = 0. Le spectre optique en z = L correspond aux spectres incidents sur
les miroirs de Bragg FBG1 et FBG2, et le spectre optique initial en z = 0 aux spectres réfléchis
par les miroirs.

La mesure des spectres optiques expérimentaux SR1(ω) et SR2(ω) réfléchis par les miroirs de
Bragg correspond dans notre modèle à la valeur moyenne de la densité spectrale de puissance :

〈|Ai(z = 0, ω)|2〉, où Ai(z = 0, ω) = |Ai(z = 0, ω)|ejφi(ω) est la transformée de Fourier de la con-
dition initiale Ai(z = 0, t) que nous cherchons à déterminer (les indices i = 1, 2 font référence aux
miroirs de Bragg FBG1 et FBG2). Effectivement, en réalité l’amplitude des modes du spectre
|Ai(z = 0, ω)|2 fluctue très rapidement au cours du temps [11], et la mesure expérimentale de la
densité spectrale de puissance ne nous permet d’avoir accès qu’à la valeur moyenne de ces fluctua-
tions 〈|Ai(z = 0, ω)|2〉. Par conséquent, afin d’établir un modèle le plus simple possible, l’approche
que nous avons adoptée consiste à considérer que la densité spectrale de puissance théorique initiale
en z = 0 dans notre modèle est égale à sa valeur moyenne que nous avons mesurée après réflexion
sur les miroirs de Bragg. De cette manière :

|Ai(z = 0, ω)|2 = SRi(ω), i = 1, 2. (2.4)

Cependant, si la mesure des densités spectrales de puissance nous donne accès au module
|Ai(z = 0, ω)| =

√

SRi(ω) du spectre théorique, elle ne nous permet pas de connâıtre les valeurs des
phases spectrales φi(ω) du champ. Nous n’avons donc pas d’autre choix que de faire une hypothèse
sur leurs valeurs. Comme dans certains travaux sur la propagation non linéaire de rayonnements
partiellement cohérents [87–89], nous supposerons donc que les phases φi(ω) sont aléatoirement
et uniformément distribuées entre −π et π. Par ailleurs, nous ferons également l’hypothèse qu’il
n’existe aucune corrélation entre les phases de deux composantes spectrales ω et ω′ distinctes.

Ces deux hypothèses étant prises en compte (phases aléatoires non corrélées et distribuées
uniformément entre −π et π), les parties réelle et imaginaire du champ sont des variables aléatoires
qui présentent une distribution de probabilité gaussienne (voir figure 2.10) :
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Fig. 2.10 – (a) Distribution de probabilité de Re[A1(z = 0, t)], en noir : simulation, en bleu :
approximation par une gaussienne. (b) Evolution temporelle de Re[A1(z = 0, t)] correspondante.
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2.3.1.3 Profil longitudinal de la puissance de pompe

Lors de notre étude expérimentale, nous avons mesuré les puissances de pompe P1 et P2 aux
extrémités z = 0 et z = L de la fibre PMF. Afin d’intégrer numériquement l’équation 2.3 du
modèle présenté ici, nous avons approximé dans nos simulations la fonction P̄ (z) par une exponen-
tielle décroissante passant par les puissances de pompe P1 et P2 définie par :

P̄ (z) ≃ P1 e−az, (2.5)

où a = 1
L ln(

P1
P2
), avec L la longueur de la fibre PMF de notre laser Raman (L = 500 m). Bien

entendu, cette approximation n’est pas vraie en particulier si P1 ≫ Pth, à cause de la saturation
du gain dans les lasers Raman à fibre [5].

Cependant, l’intégration numérique des équations 1.7, 1.8 et 1.9 du modèle monomode de AuYe-
ung et Yariv (section 1.2.2) montre sur la figure 2.11 que la déviation du profil exponentiel par
rapport au profil théorique donné par le modèle monomode est faible quel que soit le régime de
puissance du laser :
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Fig. 2.11 – Profil longitudinal de la puissance de pompe. (a) Très au dessus du seuil (P1 = 3.6 W
≃ 10Pth). (b) Au voisinage du seuil (P1 = 0.43 mW ≃ 1.2Pth). Traits pleins : simulation, traits
pointillés : relation 2.5. Paramètres : L = 500 m, g = 12.35 dB/km/W (mesuré expérimentalement),
α= 0.8 dB/km, αp= 0.9 dB/km, λs = 1159 nm et λp = 1100 nm.

Lors de l’intégration numérique des équations 1.7, 1.8 et 1.9, nous avons utilisé les conditions
initiales : Sf (0) = SR1, Sb(0) = SI1 et P (0) = P1, où P1, SI1 et SR1 ont été mesurées expérimen-
talement.

La figure 2.11 montre que la relation 2.5 est une bonne approximation du profil spatial de la
puissance de pompe, et ce sur toute la gamme de puissance de fonctionnement du laser accessible
dans nos expériences. Par ailleurs, si dans un souci de précision nous souhaitons utiliser le profil
exact de la puissance de pompe pour l’intégration de l’équation de propagation 2.3, il suffirait
d’ajouter au modèle l’équation 1.7 de la déplétion de pompe. Nous obtiendrions ainsi un système
de deux équations couplées à intégrer numériquement. Cependant, les simulations montrent que
le profil de pompe ainsi obtenu est très sensible aux paramètres du laser (puissance de pompe
initiale, coefficients de réflexion, etc). Par conséquent, afin de s’affranchir des degrés de liberté
supplémentaires induits par une équation sur l’onde de pompe et de se concentrer uniquement sur
la physique de l’onde Stokes, nous avons fait le choix d’utiliser l’approximation 2.5 du profil spatial
du champ de pompe.
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Compte tenu de ces deux approximations sur le profil spatial de l’onde de pompe et sur la con-
dition initiale de notre modèle, nous avons calculé les spectres moyens incidents sur les miroirs de
Bragg en z = L en intégrant numériquement l’équation 2.3 à partir des spectres optiques réfléchis
par les miroirs mesurés expérimentalement. Les résultats sont présentés dans la partie suivante.

2.3.2 Intégration numérique : spectre optique du laser

Nous avons procédé à l’intégration numérique de l’équation de propagation 2.3 pour chacun des
spectres optiques enregistrés à différents points de puissance. La procédure numérique utilisée est
une méthode de Runge-Kutta à pas et ordre variables basée sur un algorithme de type splitstep et
une méthode d’extrapolation [62].

La condition initiale Ai(z = 0, t) (i = 1, 2) est calculée à partir de la transformée de Fourier
inverse de

√

SRi(ω), pour des phases spectrales aléatoires réparties uniformément entre −π et π.
La figure 2.12 représente un exemple de spectre optique réfléchi par FBG1 en z = 0 (a) avec les
phases aléatoires présentées en (b). Le spectre obtenu après intégration numérique en z = L est
présenté sur la figure 2.12-(c), et celui moyenné sur 200 tirages en (d), le tout pour une puissance
de pompe valant environ 10 fois le seuil du laser.
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Fig. 2.12 – (a) Densité spectrale |A(z = 0, ω)|2 réfléchie par FBG1. (b) Tirage en phase. (c)
Densité spectrale |A(z = L, ω)|2 incidente sur FBG2 pour un seul tirage et (d) moyennée sur 200
tirages. Paramètres : L = 500 m, g = 12.35 dB/km/W , β2 = 15.7 ps2/km, γ = 6 W−1km−1,
α = 0.8 dB/km, nombre de points/modes dans le spectre= 3000, P1 = 3.6 W , P2 = 34 mW .

Le spectre de la figure 2.12-(c) est très bruité, ceci est dû à la conversion du bruit de phase
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initial (figure 2.12-(b)) en bruit d’amplitude via l’effet Kerr et la dispersion de vitesse de groupe. La
densité spectrale mesurée à l’aide de l’analyseur de spectre optique étant moyennée, nous procédons
également au moyennage du spectre numérique sur quelques centaines de réalisations du processus
aléatoire (ici 200, figure 2.12-(d)). Ceci permet la comparaison entre le spectre théorique et le spec-
tre expérimental.

Les figures 2.13 et 2.14 représentent la totalité des spectres optiques issus de l’intégration
numérique de l’équation 2.3 dans les deux sens de propagation de l’onde Stokes et pour les deux
régimes de puissance décrits dans la section 2.2.2 sur le spectre optique du laser : à 10× et 1.5× le
seuil du laser.
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Fig. 2.13 – Spectres optiques numériques et expérimentaux à P1= 3.6 W (∼ 10Pth). (a) Dans
le sens FBG1 → FBG2, en noir : 〈|A(z = L, ω)|2〉 (simulation), en bleu : SI2 (expérience), en
pointillés : condition initiale 〈|A(z = 0, ω)|2〉 = SR1. (b) Dans le sens FBG2 → FBG1, en noir :
〈|A(z = L, ω)|2〉 (simulation), en bleu : SI1 (expérience), en pointillés : condition initiale 〈|A(z =
0, ω)|2〉 = SR2. P2= 34 mW , les paramètres sont donnés dans la légende de la figure 2.12.
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Fig. 2.14 – Spectres numériques et expérimentaux à P1= 537 mW (∼ 1.5Pth). (a) Dans le sens
FBG1→ FBG2, en noir : 〈|A(z = L, ω)|2〉 (simulation), en bleu : SI2 (expérience), en pointillés :
condition initiale 〈|A(z = 0, ω)|2〉 = SR1. (b) Dans le sens FBG2 → FBG1, en noir : 〈|A(z =
L, ω)|2〉 (simulation), en bleu : SI1 (expérience), en pointillés : condition initiale 〈|A(z = 0, ω)|2〉 =
SR2. P2= 276 mW , les paramètres sont donnés dans la légende de la figure 2.12.
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Pour les simulations représentées sur les figures 2.13-(b) et 2.14-(b), les spectres optiques
numériques de l’onde Stokes se propageant en sens inverse de l’onde de pompe sont issus de
l’intégration numérique de l’équation 2.3 entre 0 et L, pour laquelle le profil de pompe P̄ (z) vaut :

P̄ (z) ≃ P2 e+az, (2.6)

a = 1
L ln(

P1
P2
). Effectivement, cette onde Stokes se propageant en sens opposé à l’onde de pompe (de

FBG2 vers FBG1), elle “voit” un profil longitudinal de pompe inversé par rapport à l’onde Stokes
se propageant dans le même sens que l’onde de pompe (de FBG1 vers FBG2).

2.3.3 Conclusions

Les figures 2.13 et 2.14 montrent que le modèle simple que nous proposons décrit quantitative-
ment les effets d’élargissement observés expérimentalement sur un passage de l’onde Stokes dans
la fibre PMF, et ce dans les deux sens de circulation de la cavité Pérot-Fabry. Cela signifie que le
modèle établi contient l’ensemble des ingrédients physiques étant responsables de l’élargissement
du spectre optique de l’onde Stokes (effet Kerr, dispersion d’ordre 2 et gain Raman instantané).
Ensuite, cela justifie l’hypothèse des phases aléatoires choisie a priori pour décrire la condition
initiale de l’onde Stokes.

Comme nous l’avons déjà remarqué dans notre étude expérimentale, les spectres optiques
numériques à basse puissance (figure 2.14) présentent également une asymétrie de forme (n’étant
pas liée à un défaut de réglage du laser). Cependant, comme cette asymétrie est déjà présente dans
le spectre optique utilisé en condition initiale (spectres pointillés figure 2.14), cela signifie qu’elle
n’est pas introduite par l’équation de propagation 2.3. L’intégration numérique de cette équation
n’a fait qu’augmenter l’amplitude des spectres asymétriques, mais n’a pas agit sur sa forme. Cette
asymétrie est donc une conséquence d’effets physiques autres que ceux liés à la propagation simple
de l’onde Stokes dans la fibre. A priori, il s’agit d’un effet lié à la réflexion de l’onde sur les miroirs,
car cet ingrédient n’a pas encore été pris en compte dans notre modélisation.

Cette conclusion montre que les miroirs de la cavité semblent jouer un rôle clé dans la forma-
tion du spectre optique des lasers Raman à fibre. Modéliser la réflexion de l’onde sur ces miroirs
parâıt donc inévitable si nous voulons comprendre la totalité des phénomènes observés dans notre
étude expérimentale. C’est ce que nous avons réalisé en établissant un modèle complet incluant la
réflexion sur les miroirs de Bragg et présenté dans la partie suivante de ce chapitre.

2.4 Propagation de l’onde en cavité : modélisation complète de la

formation du spectre optique du laser Raman

Comme nous l’avons vu dans la section 2.3 précédente, les effets physiques liés à la propagation
simple de l’onde Stokes dans le milieu amplificateur du laser sont particulièrement bien décrits en
prenant en compte la dispersion de vitesse de groupe, l’effet Kerr et la diffusion Raman stimulée.
Cependant, ce modèle ne décrit que l’évolution à l’état stationnaire de l’onde Stokes réalisant un
seul passage dans la fibre PMF. La construction du spectre et la forme finale qu’il acquiert après
les multiples réflexions de l’onde Stokes sur les miroirs n’est pas expliquée. En particulier, nous
avons pu remarquer que le spectre présentait à basse puissance une asymétrie dont l’origine reste
encore à déterminer. Bien que celle-ci soit décrite quantitativement par le modèle en simple passage
précédemment établi, elle provient dans ce cas du fait que les spectres utilisés comme conditions
initiales dans nos simulations présentent déjà cette asymétrie de forme.

Les résultats du modèle précédent montrent que les miroirs de la cavité semblent participer de
manière non triviale à la construction du spectre du laser. Par conséquent, l’objectif du modèle qui
suit est double : il s’agit d’une part de reproduire les spectres optiques observés dans notre étude
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expérimentale sans leur présupposer une quelconque forme initiale, et d’autre part, de cerner plus
précisément le rôle joué par les miroirs de Bragg dans la construction du spectre optique du laser
Raman.

2.4.1 Modèle

2.4.1.1 Equation de Schrödinger Non Linéaire généralisée

Le modèle que nous développons dans cette section présente des caractéristiques similaires à
ceux développés récemment par Hagen et al et Churkin et al [11, 83] (section 1.4.3 du premier
chapitre). Effectivement, celui-ci est basé sur l’intégration numérique de l’équation de Schrödinger
Non Linéaire généralisée définie en 2.3, puisque cette équation décrit très bien le phénomène
d’élargissement de l’onde Stokes dans les deux sens de circulation de la cavité. Toutefois nous
tenons compte dans notre modèle des effets supplémentaires liés à la réflexion de l’onde sur les
miroirs de la cavité (effets d’amplitude et de phase des miroirs de Bragg). Cela nous a conduit
à développer un algorithme d’intégration qui s’appuie sur le fait que l’onde Stokes intracavité se
propage dans le milieu amplificateur et se réfléchit sur les miroirs de Bragg de manière périodique
jusqu’à ce que le régime stationnaire du laser soit atteint.

Notre modèle se base sur des simulations numériques pouvant être décomposées en quatre
phases : partant d’une condition initiale bruitée sur le champ Stokes, l’onde se propage tout d’abord
dans le milieu amplificateur (phase 1), elle se réfléchit ensuite sur un des miroirs de Bragg (phase
2) avant d’être propagée à nouveau (phase 3) en sens inverse de la phase 1. Enfin, elle se réfléchit
sur le dernier miroir de la cavité (phase 4) pour se retrouver au même point de départ que la phase
1. Nous répétons ce schéma jusqu’à ce qu’un régime permanent caractérisé par une valeur moyenne
de la puissance Stokes constante apparaisse. Dans nos simulations, ce régime permanent apparâıt
typiquement au bout de quelques dizaines tours de cavité.

Les phases de propagation de l’onde Stokes (phases 1 et 3) sont décrites à l’aide de l’équation
de Schrödinger Non Linéaire généralisée 2.3 introduite dans la section 2.3. Cette équation est la
suivante :

±∂A±(z, t)

∂z
= − i

2
β2

∂2A±(z, t)

∂t2
+ iγ|A±(z, t)|2A±(z, t)− α

2
A±(z, t) +

g

2
P̄ (z)A±(z, t), (2.7)

où A±(z, T ) est l’enveloppe lentement variable du champ électrique de l’onde Stokes se propageant
respectivement dans le même sens (phase 1) ou en sens inverse (phase 3) de l’onde de pompe8.
Rappelons que les termes du membre de droite de l’équation 2.7 représentent successivement (de
gauche à droite) : la dispersion de vitesse de groupe, l’effet Kerr, les pertes linéaires de la fibre et
la diffusion Raman. La grandeur P̄ (z) est le profil spatial stationnaire de la puissance de pompe,
dont la valeur approchée est (relation 2.5) :

P̄ (z) ≃ P1e
z
L

ln(
P2
P1
)
, (2.8)

où P1 et P2 sont les puissances de pompe mesurées aux extrémités de la cavité (figure 2.1 de la
section 2.2.1).

2.4.1.2 Conditions de Bords

Les réflexions de l’onde Stokes sur les miroirs de la cavité (phases 2 et 4) sont réalisées en multi-
pliant dans l’espace de Fourier l’amplitude A±(z, ω) de l’onde Stokes par les coefficients complexes

8Dans le modèle présenté ici, A+(z, t) et A−(z, t) correspondent respectivement à A1(z, t) et A2(z, t) du modèle
de la section 2.3.
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de réflexion en amplitude rj(ω) =
√

Rj(ω)e
jφj(ω) (j = 1, 2) des miroirs de Bragg FBGj.

Comme nous l’avons vu dans la section 1.1.3.1 du premier chapitre, les coefficients complexes
de réflexion en amplitude des miroirs de Bragg se calculent analytiquement à l’aide de la théorie
des modes couplés, et plus précisément grâce à la relation 1.6. En jouant sur la valeur du paramètre
κLB de cette relation, nous pouvons nous approcher très fortement des spectres de réflectivité en
puissance Rj(λ) des miroirs de Bragg FBGj mesurés expérimentalement et illustrés sur la figure
2.8. La figure 2.15, montre la comparaison entre les spectres de réflectivité mesurés et calculés à
partir de la relation 1.6 :

0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

Y

1158.4 1158.8 1159.2 1159.6 1160

longueur d’onde (nm)

0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

Y

1158.4 1158.8 1159.2 1159.6 1160

longueur d’onde (nm)

(a) (b)

Longueur d’onde (nm) Longueur d’onde (nm)

Fig. 2.15 – Spectres de réflectivité numériques et expérimentaux des miroirs de Bragg. (a) FBG2.
(b) FBG1. En noir : spectres de réflectivité calculés avec la relation 1.6, en bleu : spectres de
réflectivité mesurés (issus de la figure 2.8).

Comme le montre la figure 2.15, les coefficients de réflexion expérimentaux sont très bien re-
produits dans nos simulations. Le léger défaut de symétrie du miroir FBG1 (figure 2.15-(b)) n’est
bien entendu pas décrit par la relation 1.6. Nous verrons dans les résultats du modèle de la section
2.4.2 que ce défaut n’a a priori pas d’incidence sur la formation du spectre optique du laser. Grâce
à la relation 1.6, nous pouvons également tracer (figure 2.16) le déphasage spectral φj(λ) introduit
par les miroirs FBGj entre les champs Stokes incidents et réfléchis (cf section 1.1.3.1) :
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Fig. 2.16 – Déphasage spectral théorique φj(λ) des miroirs de Bragg FBGj calculé avec la relation
1.6. (a) FBG2. (b) FBG1.
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On peut remarquer sur la figure 2.16 que le profil des phases des miroirs de Bragg est une
fonction de symétrie impaire.

Ainsi, lors des phases de réflexions 2 et 4 de notre algorithme d’intégration, les effets d’ampli-
tude et de phase des miroirs de la cavité sur l’amplitude complexe du champ électrique de l’onde
Stokes sont pris en compte dans notre modèle à l’aide des conditions de bords suivantes9 :

A−(z = L, λ) = r2(λ)A
+(z = L, λ), (2.9)

A+(z = 0, λ) = r1(λ)A
−(z = 0, λ), (2.10)

avec rj(λ) =
√

Rj(λ)e
iφj(λ) (j = 1, 2) les coefficients complexes de réflexion en amplitude des

miroirs de Bragg FBGj. Les coefficients Rj(λ) sont les spectres de réflectivité en puissance des
miroirs de Bragg représentés sur la figure 2.15 et φj(λ) les déphasages représentés sur la figure
2.16 induits sur l’onde Stokes à la réflexion sur les miroirs. Dans nos simulations numériques, les
longueurs d’onde λ (axe des abscisses de figures 2.15 et 2.16) sont converties en pulsations ω avec
la relation ω = 2πc

λ .

2.4.2 Intégration numérique : résultats du modèle

2.4.2.1 Spectre optique du laser : origine de l’asymétrie du spectre

L’algorithme utilisé pour l’intégration numérique de l’équation 2.7 est le même que celui du
modèle en simple propagation (section 2.3.2), à savoir une méthode de Runge-Kutta à pas et ordre
variables, basée sur un schéma de type splitstep et une méthode d’extrapolation.

La valeur initiale A+(z = 0, t) de l’amplitude du champ électrique de l’onde Stokes utilisée pour
l’intégration numérique de l’équation 2.7 est calculée à partir de la transformée de Fourier inverse
d’un spectre plat bruité (module |A+(z = 0, ω)| constant et phases de A+(z = 0, ω) aléatoires).
Effectivement, de manière générale un laser démarre au seuil grâce au bruit naturellement présent
dans le système (étant dû en majorité à l’émission spontanée) qui déstabilise l’état stationnaire
d’intensité nulle [90–92].

Comme les phases 1 à 4 correspondent à un seul aller-retour dans la cavité, l’équation de
propagation 2.7 est intégrée sur un grand nombre de tours jusqu’à ce que la puissance de l’onde
Stokes atteigne un régime permanent. Ce régime permanent est observé numériquement après une
évolution transitoire de la puissance de l’onde Stokes, dont la durée dépend de l’intensité totale
du champ donnée en condition initiale (spectre plat bruité). La figure 2.17 représente un exemple
d’évolution transitoire de l’intensité Stokes incidente sur le miroirs de Bragg FBG2 donnée par
notre modèle.

Cependant, il est très important de préciser que le modèle établi ici ne permet en aucun cas de
reproduire le régime transitoire réel du laser Raman. Ceci est dû à l’algorithme que nous utilisons
pour intégrer l’équation 2.7 associée aux conditions de bords 2.9 et 2.10. En effet, dans l’équation
2.7 l’évolution temporelle de la puissance de pompe P̄ (z) n’est pas considérée. En réalité, l’onde
de pompe est couplée en temps réel aux deux ondes Stokes se propageant en sens inverses dans
la cavité. Toutefois, de la même manière que dans les modèles développés par Hagen et al et
Churkin et al (section 1.4.3), notre modèle semble converger en moyenne vers l’état stationnaire
du laser, et les spectres optiques numériques sont quantitativement comparables à ceux mesurés
expérimentalement.

9Les conditions de bords dans nos simultaions tiennent également compte des pertes introduites par les coupleurs
intracavité situés entre la fibre PMF et les miroirs de Bragg (voir montage expérimental figure 2.1)
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Fig. 2.17 – Evolution théorique de l’intensité Stokes incidente sur le miroir de Bragg FBG2 à
P1 = 0.54 W . Paramètres : L= 500 m, g= 12.35 dB/km/W , β2= 15.7 ps2/km, γ= 6 W−1km−1,
α= 0.8 dB/km. P2= 0.23 W . Les symboles 〈〉 représentent ici la moyenne temporelle de l’intensité
de l’onde 〈|A+(z = L, t)|2〉 = 1

T

∫ T
0 |A+(z = L, t)|2dt. T est la fenêtre temporelle sur laquelle nous

effectuons les simulations.

La figure 2.17 montre que pour une valeur moyenne très faible de la puissance Stokes initiale
(〈|A+(z = 0, t)|2〉 ≃ 10−6 W ), la puissance moyenne de l’onde Stokes incidente sur le miroir FBG2
(〈|A+(z = L, t)|2〉) atteint numériquement un régime permanent après seulement une dizaine de
tours de cavité. Aussi loin que nous avons porté nos simulations (100000 tours de cavité), la valeur
moyenne du régime permanent n’évolue plus une fois celui-ci atteint.

Les spectres optiques issus de l’intégration numérique de l’équation 2.7 associée aux conditions
de bords 2.9 et 2.10 pour des régimes de puissance de 1.5× et 10× le seuil du laser sont représentés
sur les figures 2.18 et 2.19.
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Fig. 2.18 – Spectres optiques numériques (en noir) et expérimentaux (en bleu) à P1 = 0.54 W
(∼ 1.5Pth). (a) incidents sur FBG1. (b) incidents sur FBG2. (c) réfléchis par FBG1. (d) réfléchis
par FBG2. Paramètres : L= 500 m, g= 12.35 dB/km/W , β2= 15.7 ps2/km, γ= 6 W−1km−1, α=
0.8 dB/km. Nombre de points/modes dans les spectres : 1000. P2= 0.23 W .
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Fig. 2.19 – Spectres optiques numériques (en noir) et expérimentaux (en bleu) à P1 = 3.6 W
(∼ 10Pth). (a) incidents sur FBG1. (b) incidents sur FBG2. (c) réfléchis par FBG1. (d) réfléchis
par FBG2. Paramètres : L= 500 m, g= 12.35 dB/km/W , β2= 15.7 ps2/km, γ= 6 W−1km−1, α=
0.8 dB/km. Nombre de points/modes dans les spectres : 1000. P2= 34 mW .

Les spectres numériques des figures 2.18 et 2.19 ont été obtenus après 5000 tours de cavité et
moyennés sur les 2000 derniers tours dans le régime permanent10.

La figure 2.19 montre que les spectres expérimentaux à forte puissance de pompe sont remar-
quablement bien reproduits par notre modèle. Nous rappelons qu’aucun paramètre d’ajustement
n’a été introduit, ces résultats sont issus de l’intégration numérique de l’équation 2.7 pour des
paramètres mesurés expérimentalement.

Par ailleurs, le résultat le plus remarquable concerne les spectres à faible puissance de pompe
sur la figure 2.18. Effectivement, les spectres numériques présentent tous une asymétrie similaire
à celle observée sur les spectres expérimentaux. Dans le précédent modèle en simple passage de
la section 2.3.2, cette asymétrie, également présente dans les simulations, était dûe à l’utilisation
comme condition initiale de spectres possédant déjà cette propriété, ce qui n’est absolument pas
le cas ici. La condition initiale utilisée pour chaque simulation est un bruit blanc (spectre plat),
l’asymétrie ne peut donc provenir de la condition initiale.

Nous pouvons cependant constater que les spectres asymétriques à basse puissance ne sont
pas parfaitement reproduits par notre simulation numérique. Effectivement, l’onde issue du modèle
possède bien la même puissance que celle issue des mesures expérimentales (aires des spectres
égales), mais les positions des pics sont légèrement décalées et le spectre numérique est légèrement
plus étroit (ce qui implique une amplitude plus forte pour ce dernier). Nous estimons que ces
différences sont dûes aux incertitudes de mesure à faible puissance des spectres optiques ainsi
qu’aux défauts apparaissant lors de la fabrication des miroirs de Bragg.

Comme nous l’avons vu dans le modèle en simple passage de la section 2.3, l’asymétrie du spec-
tre n’apparâıt pas lors de la propagation simple de l’onde Stokes dans la fibre PMF. Effectivement,
les figures 2.13 et 2.14 de la section 2.3.2 montrent que l’amplification Raman en simple passage
dans la fibre n’induit aucune dissymétrie. Ceci est relativement facile à comprendre, puisqu’il n’y
a pas dans ce modèle d’ingrédients physiques suceptibles de dissymétriser le spectre. Le gain Ra-
man est supposé plat dans nos simulations (section 2.3.1.1), et étant donnée la longueur d’onde du
rayonnement Stokes (λs ≃ 1159 nm), le laser fonctionne dans un régime de dispersion fortement
normale (λZDW = 1400 nm) qui induit une dispersion positive et constante sur la plage spectrale
de l’onde Stokes considérée. Cette dissymétrie ne peut donc trouver son origine qu’à la réflexion de
l’onde sur les miroirs.

La figure 2.16 montre que les phases spectrales des miroirs de la cavité possèdent une symétrie

10Remarque : procéder à un moyennage du spectre optique sur un nombre de réalisations (en lançant plusieurs fois
la simulation pour des tirages en phase différents) est trop onéreux en temps de calcul. Par conséquent, nous avons
moyenné temporellement les spectres une fois le régime permanent atteint, en ayant soigneusement vérifié l’ergodicité
numérique de notre algorithme (les moyennes d’ensemble et temporelle donnent le même résultat).
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impaire caractéristique pouvant être à l’origine de la forme particulière des spectres observés à
faible puissance de pompe. Afin de vérifier si ce déphasage introduit par les miroirs de Bragg peut
influencer la formation du spectre optique du laser, nous avons réalisé une simulation numérique
identique à celle présentée sur la figure 2.18, mais en ayant volontairement supprimé les effets de
phases des miroirs (φ1(λ) = φ2(λ) = 0 ∀λ). Les nouvelles conditions de bords définies précédemment
en 2.9 et 2.10 pour cette simulation sont les suivantes :

A−(z = L, λ) =
√

R2(λ)A
+(z = L, λ), (2.11)

A+(z = 0, λ) =
√

R1(λ)A
−(z = 0, λ), (2.12)

avec Rj(λ) (j = 1, 2) les coefficients de réflexion en puissance des miroirs de Bragg FBG1 et FBG2.
La figure 2.20 représente les spectres optiques issus de l’intégration numérique de l’équation 2.7 pour
les conditions de réflexions définies en 2.11 et 2.12.
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Fig. 2.20 – Spectres optiques numériques (en noir) pour des phases nulles des miroirs de Bragg et
spectres expérimentaux (en bleu) à P1 = 0.54 W (∼ 1.5Pth). (a) incidents sur FBG1. (b) incidents
sur FBG2. (c) réfléchis par FBG1. (d) réfléchis par FBG2. Les paramètres sont donnés dans la
légende de la figure 2.18.

Les simulations de la figure 2.20 montrent que l’asymétrie du spectre optique de l’onde Stokes
observée expérimentalement est dûe aux effets de phases induits par les miroirs de Bragg. En effet,
lorsque le déphasage spectral des miroirs est supprimé, l’asymétrie des spectres numériques tracés
en noir sur la figure 2.18 disparâıt totalement sur les spectres numériques de la figure 2.20 (en noir
également).

Dans le troisième chapitre de ce manuscrit, nous établissons un modèle épuré réunissant dans
la même équation l’ensemble des ingrédients physiques agissant sur la formation du spectre (effets
de phases des miroirs y compris). Ce modèle a l’intérêt de simplifier l’approche de modélisation que
nous avons présentée ici, et il permet de mieux appréhender les mécanismes physiques d’interaction
qui conduisent à l’asymétrie du spectre.

Enfin, comme nous avons pu l’observer expérimentalement, cette asymétrie n’apparâıt pas sur
les spectres à haute puissance (voir figure 2.4), alors que ceux-ci subissent également les effets de
phases des miroirs de Bragg. Pourquoi cette asymétrie est-elle dépendante de la puissance ? Nous
verrons que le modèle du chapitre 3 permet de répondre à cette question.

2.4.2.2 Effets des miroirs de Bragg sur la statistique du champ

La première étude numérique sur la statistique du champ Stokes intracavité dans un laser Ra-
man à fibre a été réalisée tout récemment par Churkin et al [11] (voir section 1.4.3). Dans cette
étude, le modèle qu’ils utilisent pour déterminer théoriquement la statistique du champ est similaire
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à celui que nous avons présenté ici. Il est basé sur l’intégration numérique de plusieurs équations de
Schrödinger Non Linéaire généralisées couplées décrivant la propagation des ondes pompe et Stokes
circulant dans les deux sens de la cavité Pérot-Fabry du laser Raman.

Le spectre théorique issu de leur intégration numérique étant en accord avec l’expérience (spectre
expérimental issu de l’étude de Babin et al [8]), les auteurs calculent les distributions de proba-
bilité en un point de la cavité pour l’intensité totale I(t) de l’onde Stokes et pour l’intensité I(ω)
d’un mode du spectre (figure 1.26). Contrairement à la distribution de probabilité de I(ω), ils
montrent que la distribution de probabilité de l’intensité totale I(t) en un point de la cavité est
très dépendante de la puissance de pompe et ne suit pas une loi exponentielle (figure 1.26-(b)). Ils
démontrent ainsi qu’il existe des corrélations entre les modes de la cavité ayant une influence sur
la statistique du champ Stokes intracavité [11].

Cependant, l’étude de Churkin et al ne précise pas à quel endroit de la cavité est calculée la
distribution de probabilité du champ Stokes. L’étude numérique que nous présentons ici permet de
distinguer les distributions de probabilité des champs Stokes incidents, réfléchis et transmis par les
deux miroirs de Bragg, dans les deux sens de propagation de l’onde Stokes et à différentes puis-
sances de pompe. Nous montrons que la statistique du champ est très différente selon que l’onde
Stokes est intracavité ou transmise par les miroirs.

Le modèle que nous avons établi dans la section 2.4.1 décrit de manière quantitative et précise
la formation du spectre optique du laser Raman à fibre, nous pouvons donc l’utiliser pour étudier
la statistique de l’onde Stokes du laser Raman. Contrairement à l’étude de Churkin et al [11], nous
calculons la distribution de probabilité de la partie réelle de l’amplitude du champ électrique de
l’onde Stokes Re[A(z, t)]. Cette distribution de probabilité est évaluée lorsque l’intensité de l’onde
Stokes au cours de l’intégration numérique de l’équation 2.7 atteint un régime permanent. Un
exemple de l’évolution théorique de l’intensité Stokes incidente sur le miroir de Bragg FBG2 en
fonction du nombre de tours de cavité est représenté sur la figure 2.21-(a).
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Fig. 2.21 – (a) Intensité de l’onde Stokes incidente sur FBG2 en fonction du nombre de tours de
cavité à P1 = 3.6 W . (b) Evolution temporelle de Re[A+(z = L, t)] après 2000 tours de cavité.
Les paramètres sont donnés dans la légende de la figure 2.19. Les symboles 〈〉 représentent ici la
moyenne temporelle de l’intensité de l’onde 〈|A+(z = L, t)|2〉 = 1

T

∫ T
0 |A+(z = L, t)|2dt.

La figure 2.21-(a) montre que l’intensité de l’onde Stokes incidente sur le miroir de Bragg FBG2
à P1 = 3.6 W atteint un régime permanent après quelques dizaines de tours de cavité. L’évolution
temporelle de la partie réelle de A+(z = L, t) après 2000 tours de cavité est donnée sur la figure
2.21-(b). On peut constater sur cette figure que la variable Re[A+(z = L, t)] passe plusieurs fois de
manière aléatoire par des valeurs quelconques de l’amplitude (exemple pour Re[A+(z = L, t)] = 1
sur la figure 2.21-(b)). Le calcul de la distribution de probabilité consiste alors à comptabiliser le
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nombre de fois où cette courbe atteint chaque valeur d’amplitude. Cette procédure est effectuée
pour différents tours de cavité dans le régime permanent (figure 2.21-(a)). La représentation de la
valeur moyenne du nombre de passages par toutes les valeurs de Re[A+(z = L, t)] en fonction de
Re[A+(z = L, t)] donne la distribution de probabilité de la partie réelle de A+(z = L, t).

En effectuant la même procédure pour chacune des positions de l’onde Stokes intracavité, nous
avons représenté sur les figures 2.22, 2.23, 2.24 et 2.25 les distributions de probabilité du champ
Stokes incident, réfléchi et transmis par chaque miroir de Bragg et pour différentes puissances de
pompe.

- Distributions de probabilité à P1 = 3.6 W (∼ 10Pth) :
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Fig. 2.22 – Distributions de probabilité incidente (a), réfléchie (b) et transmise (c) par le miroir
de Bragg FBG2 à P1 = 3.6 W (∼ 10Pth). En bleu : approximation par une gaussienne. P2 = 34
mW . Nombre de points/modes sur la figure : 1000. Les paramètres sont donnés par la légende de
la figure 2.19.
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Fig. 2.23 – Distributions de probabilité incidente (a), réfléchie (b) et transmise (c) par le miroir
de Bragg FBG1 à P1 = 3.6 W (∼ 10Pth). En bleu : approximation par une gaussienne. P2 = 34
mW . Nombre de points/modes sur la figure : 1000. Les paramètres sont donnés par la légende de
la figure 2.19.
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- Distributions de probabilité à P1 = 0.53 W (∼ 1.5Pth) :
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Fig. 2.24 – Distributions de probabilité incidente (a), réfléchie (b) et transmise (c) par le miroir
de Bragg FBG2 à P1 = 0.53 W (∼ 1.5Pth). P2 = 0.28 W . Nombre de points/modes sur la figure :
1000. Les paramètres sont donnés par la légende de la figure 2.19.
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Fig. 2.25 – Distributions de probabilité incidente (a), réfléchie (b) et transmise (c) par le miroir
de Bragg FBG1 à P1 = 0.53 W (∼ 1.5Pth). P2 = 0.28 W . Nombre de points/modes sur la figure :
1000. Les paramètres sont donnés par la légende de la figure 2.19.

De la même manière que dans les travaux de Churkin et al [11], nous montrons sur les figures
2.22, 2.23, 2.24 et 2.25 que la distribution de probabilité de la partie réelle de l’amplitude A(z, t) du
champ électrique de l’onde Stokes est très dépendante du régime de puissance du laser (Churkin et
al ont eux calculé numériquement la distribution de probabilité de l’intensité I(t) de l’onde Stokes).

Cependant, notre étude numérique nous permet d’aller plus loin dans nos conclusions : nous
montrons ici que la distribution de probabilité de l’onde Stokes dépend fortement de sa position
dans la cavité (formes différentes suivant que l’onde est au niveau du miroir FBG2 ou FBG1), et
du fait que celle-ci est incidente, réfléchie ou transmise par le miroir (formes très différentes en (a),
(b) et (c) sur toutes les figures).

De plus, les figures 2.22, 2.23, 2.24 et 2.25 montrent que les distributions de probabilité de l’onde
Stokes ne sont jamais de forme gaussienne quel que soit le régime de puissance du laser, hormis pour
celles réfléchies par les miroirs de Bragg à forte puissance de pompe (figures 2.22-(b) et 2.23-(b)).
Cela signifie, d’après notre modèle, qu’il existe toujours des corrélations entre les phases des modes
de la cavité étant attribuées au mélange à quatre ondes.
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Enfin, un des résultats les plus remarquables est celui observé sur les figures 2.22-(b) et 2.23-(b).
Lorsque l’onde Stokes intracavité se réfléchit sur les miroirs de Bragg, la distribution de probabilité
est gaussienne à forte puissance de pompe. Cela signifie que toutes les relations de phases acquises
lors de la propagation de l’onde Stokes dans la fibre sont “gommées” lors de la réflexion sur les
miroirs. Cette propriété importante des miroirs de Bragg mérite une étude plus approfondie qui
sera menée dans des travaux ultérieurs.

A notre connaissance, ces résultats sur la statistique du champ sont nouveaux et ils constituent
un point central de mes travaux de thèse. Ils ont fait par ailleurs l’objet d’un article publié à Optics
Letters présenté en annexe de ce manuscrit.

2.4.3 Conclusions

Les résultats du modèle complet que nous avons développé ici nous permettent de tirer plusieurs
conclusions sur le rôle joué par les miroirs de Bragg dans la formation du spectre optique du laser
et les propriétés statistiques du champ Stokes intracavité :

Premièrement, les miroirs de Bragg introduisent des effets de phases sur l’onde Stokes lorsqu’elle
se réfléchit sur ces derniers. Ces effets de phases sont si importants qu’ils induisent une forme
asymétrique du spectre optique du laser Raman observée pour une puissance de pompe proche
du seuil du laser. Dans le troisième chapitre de ce manuscrit, nous établirons un modèle simplifié
du laser basé sur une approche en champ moyen et nous verrons que cette forme asymétrique du
spectre est dûe aux effets de dispersion d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg.

Deuxièmement, l’étude numérique que nous avons menée sur la statistique du champ montre
que la distribution de probabilité de l’onde Stokes dépend très fortement de la position de l’onde
dans la cavité et si celle-ci est incidente, réfléchie ou transmise par les miroirs de Bragg. Cela
implique que les futurs travaux visant à décrire les propriétés statistiques de l’onde Stokes dans un
laser Raman à fibre devront distinguer le sens de propagation de l’onde Stokes ainsi que les champs
incidents, réfléchis et transmis par les miroirs. Par ailleurs, notre étude montre également que la
distribution de probabilité de l’onde Stokes n’est jamais gaussienne pour des régimes de puissance
très au dessus du seuil et proche du seuil du laser Raman, hormis pour celles réfléchies par les
miroirs de Bragg à forte puissance de pompe. Cela pose la question de la validité du modèle de
Babin et al qui s’appuie sur la théorie cinétique des ondes pour décrire les propriétés spectrales du
laser Raman à fibre. Nous rappelons que l’une des hypothèses fondamentales de cette théorie est la
supposition que la distribution de probabilité du champ reste gaussienne durant toute l’évolution
du système.

Cette question étant posée, il est intéressant d’examiner ce que donne le modèle de Babin et al
si nous calculons à l’aide de la relation 1.51 la forme théorique du spectre optique pour les valeurs
de paramètres de notre étude expérimentale :
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Fig. 2.26 – Comparaison entre le spectre expérimental (en bleu) issu de notre laser et théorique
(en noir) donné par la relation 1.51 du modèle de Babin et al (section 1.3). (a) à P1 = 3.6 W
(∼ 10Pth). (b) à P1 = 0.53 W (∼ 1.5Pth). Les spectres expérimentaux sont ceux incidents sur le
miroir de Bragg FBG2. Paramètres : γ = 6 km−1W−1, L = 500 m. I = 3.3 W , δ2 = 6 ps2 et
K = 1.4 pour (a). I = 0.36 W , δ2 = 3.3 ps2 et K = 0.83 pour (b).

Nous avons utilisé pour le calcul des spectres théoriques de la figure 2.26 l’extension du modèle
de Babin et al à une cavité de finesse faible [12]. Effectivement, étant données la réflectivité max-
imale du miroir de Bragg FBG2 (80%) et les pertes supplémentaires induites par la présence des
coupleurs intracavité C1 et C2 (voir tableau du paragraphe “calibration” dans la section 2.2.1), la
finesse de la cavité de notre dispositif expérimental (figure 2.1) est faible.

Le modèle de Babin et al dans la référence [12] est quasiment identique à celui de la référence [8]
présenté dans la section 1.3. La forme théorique du spectre est définie par les relations 1.51 et
1.52. Dans le cas d’une cavité de finesse faible, l’expression de δNL est différente et vaut [12] :
δNL = KγIL, où K est un paramètre d’ajustement, γ le coefficient de couplage Kerr, I la somme
des intensités des deux ondes Stokes se propageant en sens inverses dans la cavité et L la longueur de
la fibre. Les valeurs de I et δ2 dans la légende de la figure 2.26 ont été mesurées expérimentalement
(voir le chapitre 3 pour la valeur de δ2). La valeur du paramètre K a été déterminée en jouant sur
celle-ci de manière à obtenir un spectre optique théorique se rapprochant au maximum de celui
mesuré expérimentalement.

La figure 2.26-(a) montre que le modèle de Babin et al ne permet pas de reproduire parfaite-
ment le spectre expérimental, même avec un paramètre d’ajustement (K). La largeur du spectre
théorique est légèrement supérieure à celle du spectre expérimental, et les taux de décroissance des
ailes des spectres sont différents. Les différences sont encore plus marquées sur le spectre à basse
puissance (figure 2.26-(b)), où la forme asymétrique du spectre expérimental s’oppose fortement
à la forme symétrique prédite par le modèle de Babin et al. Jouer sur la valeur du paramètre K
pour diminuer la largeur du spectre théorique de la figure 2.26-(a) a pour effet d’augmenter si-
multanément l’amplitude maximale du spectre (relation 1.51). Le spectre théorique représenté sur
la figure 2.26-(a) est le meilleur accord que nous avons réussi à obtenir compte tenu des autres
paramètres mesurés expérimentalement. Changer la valeur de l’intensité I dans la limite de nos
incertitudes de mesures (10%) ne permet pas non plus d’obtenir un spectre théorique en accord
quantitatif avec l’expérience.

Cependant, en dehors du fait que le modèle de Babin et al dépend d’un paramètre d’ajustement
pour ce type de cavité (finesse faible), nous pouvons constater sur la figure 2.26-(a) qu’il permet
de capturer qualitativement la physique du système pour la forme du spectre incident sur le miroir
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FBG2 à forte puissance de pompe (sécante hyperbolique). Dans le cas des spectres réfléchis par les
miroirs de Bragg, il n’y a pas d’accord qualitatif. Ceci est dû au modèle champ moyen de Babin
et al qui est basé sur l’hypothèse que l’onde subit très peu de changements sur un tour de cavité.
Bien évidemment, nous savons que ceci est faux en particulier à forte puissance (figure 2.4).

Dans le chapitre 3 qui suit, nous proposons un modèle en champ moyen qui décrit l’asymétrie
du spectre observée à faible puissance de pompe en tenant compte des effets de dispersion induits
par les miroirs de Bragg. De plus, ce modèle a l’intérêt de simplifier l’approche théorique que nous
avons présentée ici. Effectivement, l’algorithme que nous avons utilisé pour intégrer numériquement
l’équation de Schrödinger Non Linéaire généralisée associée aux conditions de réflexions de la cavité
est relativement lourd à utiliser, en plus d’être onéreux en temps de calcul. Sur un plan plus con-
ceptuel, il ne permet pas de comprendre par des arguments physiques simples le mécanisme respons-
able de la formation du spectre du laser. Le modèle du troisième chapitre, basé sur l’intégration d’une
équation mâıtresse, a l’avantage de regrouper dans la même équation l’ensemble des ingrédients
physiques ayant une influence sur la formation du spectre, ce qui permet de mieux appréhender
leur interaction.



Troisième chapitre
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Chapitre 3

Formation du spectre optique dans les

lasers Raman à fibre : modèle en

champ moyen

3.1 Introduction

L’étude expérimentale du chapitre précédent a mis en évidence l’existence d’une asymétrie dans
la forme du spectre optique du laser Raman à fibre. Cette asymétrie, observée pour des puissances
de pompe proches du seuil d’émission, disparâıt totalement lorsque la puissance du laser augmente.
Le modèle complet que nous avons proposé dans le chapitre 2 a permis de reproduire avec précision
le spectre optique du laser et a montré que la forme asymétrique qu’il présentait prenait son origine
dans la réflexion de l’onde Stokes sur les miroirs de Bragg. Plus particulièrement, nous avons montré
que le déphasage induit sur l’onde Stokes se réfléchissant sur les miroirs de Bragg est responsable
de cette asymétrie.

L’approche théorique que nous développons ici a pour objectif d’établir un modèle simple
décrivant la formation du spectre optique du laser Raman à fibre. Ce modèle en champ moyen
est différent du modèle complet du chapitre 2, car il permet de réduire au minimum le nombre
d’ingrédients physiques ayant une influence sur la fomation du spectre du laser. Bien que ce modèle
champ moyen ne donne pas le spectre du laser de manière aussi quantitative et précise que celui du
chapitre précédent, il apporte une bonne compréhension des mécanismes de formation du spectre
optique puisque tous les effets physiques principaux agissant sur cette formation sont présents dans
la même équation.

Par ailleurs, le modèle que nous proposons ici permet également d’identifier l’origine physique
de la symétrisation du spectre optique observée pour une puissance de pompe très au dessus du
seuil. Nous montrons ainsi en comparant le modèle complet du chapitre 2 et le modèle champ
moyen présenté ici que les effets dispersifs des miroirs de Bragg responsables de l’asymétrie du
spectre au voisinage du seuil sont totalement dominés à forte puissance de pompe par les effets de
filtrage des miroirs. Nous montrerons alors que l’intégration numérique à forte puissance de notre
équation mâıtresse sans les effets de dispersion d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg
ne reproduit pas les observations expérimentales. Cela pose de ce fait la question de la validité de
certains travaux utilisant une approche en champ moyen et une équation mâıtresse pour décrire les
propriétés spectrales du laser Raman à fibre (modèles de Turitsyna et al et Babin et al présentés
dans le premier chapitre de ce manuscrit).
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3.2 Equation mâıtresse : principe et application au laser Raman

à fibre

3.2.1 Equation champ moyen de Haus

La théorie du blocage des modes au moyen de pertes saturables a été développée par Haus en
1975 afin de reproduire avec précision les régimes impulsionnels observés dans les lasers à modes
bloqués [82]. L’idée générale du modèle de Haus repose sur une hypothèse forte : les changements
subis par l’impulsion sur un tour de cavité sont faibles. Ainsi, chacun des effets physiques présents
et agissant sur l’impulsion ne la modifie que faiblement.

Considérons un laser impulsionnel oscillant dans une cavité en anneau schématiquement représen-
tée sur la figure 3.1 [93], dans laquelle les pertes linéaires, les pertes saturables, le gain, la dispersion
d’ordre 2 et l’effet Kerr viennent affecter l’évolution tour après tour de l’impulsion [93]. D’après
l’hypothèse du modèle champ moyen de Haus (variations faibles du champ sur un tour de cavité),
ces différents effets physiques peuvent alors être découplés et placés dans n’importe quel ordre (ef-
fets physiques commutatifs).
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Fig. 3.1 – Représentation schématique de la cavité en anneau du modèle de Haus.

Dans la référence [93], Haus et al développent une équation aux dérivées partielles décrivant
l’évolution temporelle de l’impulsion intracavité en évaluant l’impact de chacun des effets physiques
précédemment cités sur l’évolution temporelle de l’amplitude complexe A(t) de l’enveloppe lente-
ment variable du champ électrique. Le modèle de Haus et al est donc basé sur une approche en
champ moyen, puisque l’évolution spatiale de l’amplitude de l’onde n’est pas considérée.

Ainsi, en notant ∆Aij les variations d’amplitude de A(t) lorsque l’onde traverse les tronçons
ij de la cavité représentée sur la figure 3.1, les effets sur l’amplitude de chacun des ingrédients
physiques s’expriment de la manière suivante [93] :

∆Aab = −lA+ Γ|A|2A, (3.1)

∆Abc = g(1 +
1

Ω2g

d2

dt2
)A, (3.2)

∆Acd = i
β2
2

L
d2A

dt2
, (3.3)

∆Ada = −iγ|A|2A. (3.4)

Le terme 3.1 représente l’effet des pertes linéaires totales de la cavité (−lA) ainsi que l’action de
l’absorbant saturable (Γ|A|2A) sur l’enveloppe temporelle de l’impulsion. Les termes de dispersion
∆Acd et Kerr ∆Ada sont eux identiques à ceux rencontrés dans l’équation de Schrödinger Non
Linéaire [35]. La dérivée seconde apparaissant dans le terme ∆Abc est associée au fait que l’on
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approxime la courbe de gain dans l’espace de Fourier par une parabole de largeur spectrale Ωg :

[

1 +
1

Ω2g

d2

dt2

]

A(t)
TF
←→

[

1−
ω2

Ω2g

]

A(ω). (3.5)

Dans le développement de leur modèle, Haus et al ont fait l’hypothèse que les variations de
l’amplitude A(t) de l’impulsion sont faibles sur un tour de cavité. Ainsi, l’amplitude An+1(t) de
l’impulsion au tour de cavité (n+ 1) s’exprime en fonction de l’amplitude An(t) du tour de cavité
précédent au même endroit suivant la relation :

An+1(t) = An(t) + ∆Atotal, (3.6)

où ∆Atotal = ∆Aab +∆Abc +∆Acd +∆Ada. Il vient alors :

An+1(t)−An(t) = −lAn + i
β2
2

L
∂2An

∂t2
− iγ|An|

2An + g(1 +
1

Ω2g

d2

dt2
)An + Γ|An|

2An, (3.7)

et en passant à la limite continue avec

An+1 −An −→ τrt
dA

dT
(3.8)

nous obtenons l’équation mâıtresse de Haus1 :

τrt
∂A(T,t)

∂T = −lA+ iβ2

2 L∂2A
∂t2

− iγ|A|2A+ g(1 + 1
Ω2

g

d2

dt2
)A+ Γ|A|2A , (3.9)

où τrt =
L
c est le temps correspondant à un tour complet de la cavité en anneau de la figure 3.1.

L’équation mâıtresse 3.9 décrivant la propagation de l’impulsion intracavité fait apparâıtre deux
échelles de temps différentes :

- Le temps “rapide” t, temps caractéristique des variations rapides du champ, inversement pro-
portionnel à la largeur du spectre optique de l’onde.

- Le temps “lent” T , associé aux variations lentes du champ se manifestant sur une échelle de
temps typique de l’ordre du temps de vie des photons dans la cavité.

Le succès de l’équation mâıtresse 3.9 de Haus et al a fait qu’elle est encore de nos jours couram-
ment utilisée pour décrire les régimes impulsionnels observés dans les lasers à modes bloqués [93–96].

3.2.2 Modèle champ moyen du laser Raman à fibre

3.2.2.1 L’équation mâıtresse de Babin et al

L’utilisation de l’équation mâıtresse développée par Haus et al pour décrire l’évolution d’une
onde continue dans un laser Raman oscillant dans une cavité Pérot-Fabry de finesse élevée
n’a été faite que très récemment par Babin et al dans l’étude [8] (section 1.3).

Dans cette étude, l’équation mâıtresse de Babin et al se présente sous la forme d’une équation
différentielle décrivant l’évolution tour après tour de l’amplitude complexe d’un mode en prenant
en compte le gain Raman, les pertes de la fibre, les pertes des miroirs, l’effet Kerr et la dispersion
d’ordre 2 de la fibre [8] (équation 1.36 de la section 1.3) :

τrt
∂An

∂T
− (gP̄L− αsL)An +

δn

2
An = −iγL

∑

l 6=0

An−l

∑

m6=0

An−mA∗n−m−le
iβ2ml∆2cT . (3.10)

Dans l’équation 3.10, g est le coefficient du maximum de gain Raman, P̄ la valeur moyenne de la
puissance de pompe intracavité, αs le coefficient de pertes linéaires de la fibre à la longueur d’onde

1Haus Master Equation
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de l’onde Stokes, L la longueur de la cavité (cavité Pérot-Fabry), β2 la dispersion d’ordre 2 de la
fibre, ∆

2π = 1
τrt

l’intervalle spectral libre avec τrt =
2L
c . Enfin δn = −ln[R1(Ωn)R2(Ωn)] représente

les pertes effectives des miroirs de Bragg où R1(Ωn) et R2(Ωn) sont les spectres de réflectivité des
miroirs. Etant donnée la finesse relativement élevée de la cavité laser étudiée dans la référence [8],
le spectre optique du laser a été décomposé sur les modes de la cavité d’amplitudes complexes An

et de pulsations Ωn = n∆.
Le membre de droite de l’équation 3.10 provient du fait que l’écriture d’une équation pour

l’amplitude complexe d’un mode An fait apparâıtre le couplage par effet Kerr du mode d’indice n
aux modes d’indices n− l, n−m et n−m− l.

Si nous transposons l’équation 3.10 dans l’espace direct à l’aide d’une transformée de Fourier
inverse, nous obtenons l’équation aux dérivées partielles suivante, complètement équivalente dans
l’espace direct (T, t) à l’équation 3.10 :

τrt
∂A(T,t)

∂T = −(αsL+ δ0
2 )A+ δ2

2
∂2A
∂t2

− i2Lβ2

2
∂2A
∂t2

+ i2γL|A|2A+ gLP̄A . (3.11)

Les coefficients δ0 et δ2 proviennent de l’approximation dans l’espace de Fourier des pertes ef-
fectives δn = −ln[R1(Ωn)R2(Ωn)] par un polynôme d’ordre 2. Babin et al supposent en effet dans
leur modèle que les pertes sont paraboliques en écrivant δn ≃ δ0 + δ2Ω

2. Dans un laser Raman à
fibre typique, le coefficient de courbure δ2 vaut approximativement 3 ps2 [8].

L’équation mâıtresse 3.11 issue du modèle de Babin et al est similaire à l’équation mâıtresse
3.9 développée dans le modèle de Haus et al. On retrouve dans les deux cas des pertes, du gain, de
la dispersion d’ordre 2, de l’effet Kerr et un terme de diffusion lié à l’existence d’une courbure dans
l’espace de Fourier. Cependant, la courbure est située au niveau du gain dans le modèle de Haus et
al alors que dans le modèle de Babin et al elle porte sur les pertes effectives. De la même manière,
le gain saturable est plat spectralement dans l’équation 3.11 alors que dans l’équation 3.9 ce sont
les pertes qui sont saturables et indépendantes de ω.

Enfin, il est important de remarquer que l’équation mâıtresse 3.11 ne prend en compte que les
effets de dispersion d’ordre 2 liés à la fibre optique. Les effets de phases induits par les miroirs de
Bragg ne figurent pas dans cette équation, qui ne comporte que les effets d’amplitude des miroirs
(coefficients δ0 et δ2). L’équation mâıtresse de Babin et al telle qu’elle est écrite en 3.11 con-
tient donc des termes qui ne peuvent en rien dissymétriser le spectre. Elle ne peut en aucun cas
décrire le spectre asymétrique que nous avons observé dans notre étude expérimentale présentée
précédemment (chapitre 2). Celle-ci doit être adaptée de manière à prendre en compte les effets de
phases induits par les miroirs de Bragg. C’est ce que nous effectuons dans la section suivante.

3.2.2.2 Prise en compte des effets de phases des miroirs de Bragg

Comme nous l’avons vu dans le chapitre précédent (section 2.4.2.1), le déphasage induit sur
l’onde Stokes lorsqu’elle se réfléchit sur les miroirs de Bragg est à l’origine de la forme asymétrique
du spectre optique observée à faible puissance de pompe (figure 2.7). Afin de prendre en compte les
effets de phases des miroirs de Bragg dans notre modèle champ moyen présenté ici, nous pouvons
calculer la dispersion d’ordre 2 induite par ces miroirs sur l’onde Stokes. Celle-ci se calcule à partir
de la dérivée seconde de la phase φ(ω) des miroirs de Bragg FBG1 et FBG2 (voir section 1.1.3.1).
La figure 3.2 représente cette dispersion déterminée à partir des déphasages représentés sur la figure
2.16.
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Fig. 3.2 – Dispersion d’ordre 2 (en noir) des miroirs de Bragg. (a) FBG1. (b) FBG2. En bleu :
spectres de réflectivité en puissance des miroirs.

La figure 3.2 montre que la dispersion introduite par les miroirs de Bragg atteint son maximum
sur les bords des miroirs et passe par zéro au centre de la courbe de réflectivité. Sur la bande de
réflectivité des miroirs, la variation de la dispersion est 100 fois plus forte au niveau du miroir
d’entrée FBG1 que sur le miroir de sortie FBG2. Ceci est dû à une courbure de la phase spectrale
du miroir de Bragg FBG1 nettement plus prononcée aux alentours de 1158.9 nm et de 1159.4 nm
(figure 2.16-(b)).

Lorsque le spectre optique de l’onde Stokes se réfléchissant sur les miroirs de Bragg s’étend
sur toute la largeur du spectre de réflectivité, il est très important de remarquer que la dispersion
introduite par les miroirs (très majoritairement par FBG1) est très importante devant la dispersion
d’ordre 2 de la fibre intégrée sur un tour complet de la cavité (15.7 ps2 pour 1 km de propagation,
soit un aller et retour dans la fibre PMF de la cavité laser). Si nous définissons la dispersion totale
de la cavité par

βcav
2 (ω) = 2Lβ2 +

d2

dω2
(φ1(ω) + φ2(ω)), ω =

2πc

λ
, (3.12)

où φi(ω) (i = 1, 2) est le déphasage induit par le miroir de Bragg FBGi (figure 2.16), nous pouvons
évaluer sur la figure 3.3 l’effet de la dispersion des miroirs sur les propriétés dispersives totales de
la cavité (fibre PMF + miroirs de Bragg) :
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Fig. 3.3 – (a) Dispersion totale de la cavité βcav
2 . (b) Position du zéro de dispersion par rapport à la

bande de réflectivité des miroirs (en noir) et du spectre optique du laser mesuré expérimentalement
(en bleu). λ0 = longueur d’onde du zéro de dispersion.
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La figure 3.3-(a) montre que la dispersion d’ordre 2 des miroirs de Bragg est tellement impor-
tante qu’elle a pour effet de décaler la longueur d’onde du zéro de dispersion de la fibre λZDW de
1400 nm à λ0 = 1159.3 nm, dans la bande de réflectivité des miroirs de Bragg. Ceci constitue un des
résultats principaux de mes travaux de thèse : la longueur d’onde λ0 étant différente de la longueur
d’onde centrale λs des miroirs de Bragg (figure 3.3-(b)), il existe une asymétrie des effets dispersifs
que nous interprètons comme étant responsable de l’asymétrie du spectre optique observée à faible
puissance de pompe. A notre connaissance, ce phénomène n’a jamais été reporté dans la littérature.

Afin de décrire cette asymétrie du spectre optique dans notre modèle champ moyen présenté
ici, nous allons ajouter à l’équation mâıtresse de Babin et al 3.11 un terme de dispersion d’ordre
supérieur induit par les miroirs de Bragg. Pour cela, nous approximons dans la bande de réflectivité
des miroirs la dépendance en ω de βcav

2 par une fonction linéaire représentée en bleu sur la figure
3.4.
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Fig. 3.4 – Approximation par une fonction linéaire (en bleu) de la dispersion totale de la cavité
βcav
2 (en noir).

La dispersion totale de la cavité βcav
2 dans cette approximation s’écrit :

βcav
2 (Ω) ≃ 2Lβfibre

2 + β3Ω, (3.13)

où β3 est la dispersion d’ordre 3 induite par les miroirs de Bragg. D’après la relation 3.13, la disper-
sion βcav

2 est approchée au premier ordre par une droite passant par zéro en Ω′0 = −2Lβfibre
2 /β3 =

−288 GHz (droite bleu sur la figure 3.4). Cette valeur de la fréquence du zéro de dispersion est
différente de la valeur exacte Ω0 = −183 GHz (correspondant à la longueur d’onde λ0 = 1159.3 nm
sur la figure 3.3), ceci est dû à l’ordre d’approximation utilisé pour reproduire la dispersion totale
de la cavité. Il est possible de se rapprocher de la position réelle du zéro de dispersion en utilisant
des termes de dispersion d’ordres supérieurs dans notre modèle. Cependant, nous verrons plus loin
dans les résultats du modèle que la seule inclusion des termes en β2 et β3 donne qualitativement le
comportement du spectre.

L’intégration du terme de dispersion β3 dans l’équation mâıtresse 3.11 se fait de manière rel-
ativement simple : comme nous l’avons vu dans la présentation du modèle de Haus et al (section
3.2.1), il s’agit d’évaluer sur un tour de cavité l’effet du troisième ordre de la dispersion sur l’am-
plitude A(t) de l’onde Stokes intracavité. Celui-ci s’exprime à partir d’une dérivée troisième [35] :
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∆Aβ3 =
β3
6

∂3A

∂t3
. (3.14)

L’équation 3.11 devient alors l’équation mâıtresse suivante que nous avons développée pour re-
produire les propriétés spectrales du laser Raman à fibre de notre étude expérimentale :

τrt
∂A(T,t)

∂T = −(αsL+ δ0
2 )A+ 1

2(δ2 − i2Lβ2)
∂2A
∂t2

+ i2γL|A|2A+ gLP̄A+ β3

6
∂3A
∂t3

. (3.15)

La valeur numérique de β3 est obtenue à partir de l’expression de la dispersion totale de la cavité
βcav
2 (ω) définie en 3.12 et illustrée sur la figure 3.4. Sur cette courbe, le coefficient β3 représente la
pente de βcav

2 (Ω) en Ω = 0 :

β3 =
dβcav

2 (Ω)

dΩ

∣

∣

∣

∣

Ω=0

= 54.5 ps3. (3.16)

Nous utiliserons par la suite cette valeur dans nos simulations.

Enfin, l’expression de P̄ dans l’équation 3.15 dépend de la configuration expérimentale du laser
Raman à fibre (miroir de Bragg sur l’onde de pompe en sortie de cavité ou pas). Celle-ci s’obtient
facilement à partir du modèle monomode de AuYeung et Yariv (section 1.2.2). Avec un miroir de
Bragg sur l’onde de pompe l’expression est la suivante (modèle de Babin et al [8]) :

P̄ = P0
1− e

−(2αp+2
λs
λp

gI)L

αpL+ λs

λp
gLI

, (3.17)

sans miroir de Bragg sur le rayonnement pompe (notre configuration expérimentale, figure 2.1),
celle-ci devient :

P̄ =
1

L

∫ L

0
P (z)dz = P0

1− e
−(αp+2

λs
λp

gI)L

αpL+ 2λs

λp
gLI

. (3.18)

3.3 Exploitation du modèle

3.3.1 Ordres de grandeur et normalisation de l’équation mâıtresse

- Echelles de temps :
Afin de saisir le sens physique des échelles de temps présentes dans l’équation 3.15, nous allons

donner les ordres de grandeur de leurs valeurs typiques.
Pour le temps “rapide”, le temps caractéristique tc d’évolution de l’onde est inversement propor-
tionnel à la largeur du spectre optique du laser. Soit pour une largeur typique d’environ ∆λ ≃ 1
nm (∆ν ≃ 300 GHz) :

tc ≃
1

∆ν
≃ 3 ps. (3.19)

Pour le temps “long”, considérons le premier terme du membre de droite de l’équation 3.15 :

τrt
∂A(T, t)

∂T
= −

1

2
(δ0 + 2αsL)A, (3.20)

dont la solution triviale est :

A(T, t) = A(0, t)e
− 1

2τrt
(δ0+2αsL)T

. (3.21)

L’expression 3.21 signifie que l’amplitude de l’onde Stokes décrôıt de manière exponentielle au
cours du temps à cause des pertes totales de la cavité constituées des pertes linéaires de la fibre
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(αs) et des pertes de réflexion sur les miroirs de Bragg
2 (δ0). L’expression 3.21 permet de définir

un temps caractéristique de décroissance Tc, aussi appelé temps de vie des photons dans la cavité,
à partir duquel ces pertes sont significatives (amplitude de l’onde Stokes divisée par e) :

Tc =
2

δ0 + 2αsL
τrt. (3.22)

δ0+2αsL est de l’ordre de 1 (δ0 = 0.75 et 2αsL = 0.18), ce qui donne à Tc une valeur de l’ordre
de τrt =

2L
c largement supérieure au temps caractéristique tc d’évolution rapide de l’onde :

Tc ≃ τrt ≃ 3µs≫ tc ≃ 3 ps. (3.23)

Le temps “long” représente donc l’échelle de temps sur laquelle les effets physiques liés aux
pertes de la cavité sont significatifs.

Nous pouvons également définir les échelles de temps liées à la dispersion (β2, β3) et à la diffu-
sion (δ2) du système. Ainsi nous obtenons :

τβ2 = 2π

√

2Lβ2
2

≃ 18 ps, (3.24)

τβ3 = 2π

(

β3
6

)
1
3

≃ 13 ps, (3.25)

τδ2 = 2π

√

δ2
2
≃ 8 ps, (3.26)

avec les valeurs de paramètres suivantes : L = 500 m, β2 = 15.7 ps2/km, β3 = 54.5 ps3 et δ2 = 3 ps2.

- Seuil théorique du laser :
L’expression théorique du seuil d’émission à partir de l’équation 3.15 s’obtient en utilisant la

condition d’oscillation du laser définie par l’égalité stricte entre les pertes de la cavité et le gain
Raman (section 1.2.2) :

1

2
(δ0 + 2αsL) = gLP̄ , (3.27)

soit d’après 3.18 :

1

2
(δ0 + 2αsL) = gLP th

0

1− e
−(αp+2

λs
λp

gI)L

αpL+ 2λs

λp
gLI

. (3.28)

Au seuil, l’intensité Stokes est nulle (I = 0), ce qui donne pour l’expression de P th
0 :

P th
0 =

αp(δ0 + 2αsL)

2g(1− e−αpL)
≃ 350 mW, (3.29)

pour les valeurs de paramètres suivantes : αp = 0.9 dB/km, δ0 = 0.75, αs = 0.8 dB/km, L = 0.5
km et g = 12.3 dB/km/W . On peut remarquer que cette valeur du seuil d’oscillation est en bon
accord avec le seuil de puissance du laser mesuré expérimentalement (section 2.2.1).

- Normalisation de l’équation mâıtresse :
Afin de distinguer plus clairement la physique du système et d’éviter les zones de paramètres

redondantes, nous avons procédé à la normalisation de l’équation 3.15, qui ne laisse apparâıtre que

2La valeur numérique de δ0 dans notre modèle tient compte également des pertes de puissance introduites par les
coupleurs intracavité C1 et C2 (figure 2.1). Ainsi, δ0 = −ln[R1(Ω = 0)R2(Ω = 0)] = −ln(0.73 × 0.65) = 0.75. Les
valeurs de R1, R2 sont les mêmes que celles utilisées pour le calcul du seuil du laser dans l’expression 2.1.



CHAPITRE 3. MODÈLE EN CHAMP MOYEN 98

les paramètres importants jouant un rôle dans la formation du spectre optique :

∂A(T,t)
∂T = −A+ (1− iβ2)

∂2A
∂t2

+ β3
∂3A
∂t3

+ i|A|2A+ P0
1−e−(α+gI)

α+gI A , (3.30)

avec I(T ) =
∫

|A(T, t)|2dt et les changements de variables suivants :

T
δ0 + 2αsL

2τrt
→ T, (3.31)

t

√

δ0 + 2αsL

δ2
→ t, (3.32)

A′
√

4γL

δ0 + 2αsL
→ A. (3.33)

Les paramètres normalisés sont :

P0
2gL

δ0 + 2αsL
→ P0, (3.34)

λs

λp

g

2γ
(δ0 + 2αsL)→ g, (3.35)

β3
3

√

δ0 + 2αsL

δ32
→ β3, (3.36)

2Lβ2
δ2

→ β2, (3.37)

αpL → α, (3.38)

P th
0 =

α

1− e−α
. (3.39)

Dans la suite de ce manuscrit, l’équation mâıtresse normalisée 3.30 est celle qui sera utilisée
dans les simulations numériques présentées dans la section 3.3.2.

3.3.2 Simulations numériques : détermination du spectre optique du laser Ra-

man

3.3.2.1 Spectre optique au voisinage du seuil du laser

L’intégration numérique de l’équation 3.30 nécessite la détermination du coefficient de courbure
des pertes effectives induites par les miroirs de Bragg FBG1 et FBG2 de notre laser (figure 2.1). La
figure 3.5 représente l’évolution des pertes effectives −ln(R1R2) en fonction de Ω calculée à partir
des spectres de réflectivité R1(Ω) et R2(Ω) de la figure 2.15 (section 2.4) :
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Fig. 3.5 – Evolution de −ln(R1R2) en fonction de Ω. (a) Allure générale. (b) Zoom. En pointillés :
approximation par un polynôme d’ordre 2 de type δ0+δ2Ω

2 pour Ω compris entre −0.4 et 0.4 THz.

Comme dans le modèle de Babin et al [8], nous approximons dans notre modèle les pertes effec-
tives des miroirs de Bragg par une parabole représentée en pointillés sur la figure 3.5-(b). De cette
manière, les pertes effectives s’écrivent −ln(R1R2) ≃ δ0+δ2Ω

2 et la valeur numérique du coefficient
de courbure δ2 dépend de l’intervalle spectral sur lequel nous procèdons à cette approximation.
Entre −0.4 et 0.4 THz, bande spectrale sur laquelle s’étend le spectre optique du laser pour une
puissance de pompe valant 1.5Pth, la valeur de δ2 est de 3.3 ps2. Cette valeur du coefficient de
courbure sera par la suite utilisée dans nos simulations.

Nous avons procédé à l’intégration numérique de l’équation mâıtresse 3.30 pour des valeurs de
paramètres correspondant aux expériences effectuées à faible puissance de pompe (P0 = 1.5P th

0 ,
section 2.2). L’algorithme numérique utilisé est une méthode de Runge-Kutta à pas et ordre vari-
ables et une méthode pseudo-spectrale [62]. Nous partons dans nos simulations d’une condition
initiale bruitée (spectre plat et phases des modes aléatoires), la figure 3.6 représente le spectre
optique de l’onde Stokes intracavité issu de l’équation 3.30, comparé au spectre optique mesuré
expérimentalement :



CHAPITRE 3. MODÈLE EN CHAMP MOYEN 100

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

1158.8 1159.2 1159.6

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

1158.4 1158.8 1159.2 1159.6

λ λs s

3β  = 0β     03

Longueur d’onde (nm) Longueur d’onde (nm)

(a) (b)
D

en
si

té
 s

p
ec

tr
al

e 
d
e 

p
u
is

sa
n
ce

(W
/n

m
)

Fig. 3.6 – Comparaison des spectres optiques expérimentaux et calculés numériquement (Eq. 3.30) à
P0 = 1.5P th

0 . En noir : simulation, en bleu : expérience (SI2). (a) β3 = 2.94. (b) β3 = 0. Paramètres :
β2 = 4.76, g = 0.22, α = 0.10. Nombre de points/modes dans le spectre : 500. λ = λs correspond à
Ω = 0 sur la figure 3.4.

Les simulations numériques présentées sur la figure 3.6-(a) montrent qu’au voisinage du seuil
du laser, le spectre optique en noir présente une asymétrie très similaire à celle du spectre op-
tique expérimental en bleu. Cette asymétrie est dûe à la présence de la dispersion d’ordre 3 dans
l’équation 3.30. Effectivement, en annulant la valeur de β3 l’asymétrie disparait totalement et le
spectre optique présente une forme bien symétrique qui n’est en rien comparable avec celle qui est
observée expérimentalement (figure 3.6-(b)).

Nous rappelons que la présence du terme de dispersion d’ordre 3 est dûe au déphasage induit
par les miroirs de Bragg sur l’onde Stokes s’y réfléchissant qui introduit une variation très forte de
la dispersion d’ordre 2 dans la bande de réflectivité des miroirs (figure 3.3). La figure 3.6 démontre
que la forme asymétrique du spectre du laser Raman apparaissant au voisinage du seuil du laser est
dûe aux effets de dispersion d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg. A notre connais-
sance, cette interprétation est totalement nouvelle et elle a fait l’objet d’un article publié à Optics
Letters et présenté en annexe de ce manuscrit.

Les effets de dispersion d’ordres supérieurs étant dus majoritairement à la présence du miroir
de Bragg FBG1 de réflectivité maximale égale à 99%, les lasers Raman à fibre constitués d’au
moins un miroir de Bragg de ce type doivent a priori présenter un spectre optique asymétrique
pour des puissances de pompe proches du seuil du laser. En effet, la figure 1.15-(a) extraite de la
référence [6] montre bien l’existence d’un spectre asymétrique à faible puissance de pompe simi-
laire à celui observé dans notre étude expérimentale (spectre (ii)). L’étude expérimentale de Babin
et al [8] (section 1.3), dans laquelle le laser Raman est constitué de deux miroirs de Bragg de
réflectivités maximales, ne fait pas état de cette asymétrie du spectre optique lorsqu’il est observé
près du seuil du laser. Cette asymétrie est un effet fin qu’il n’est possible d’observer qu’en réalisant
une expérience soignée et il est probable qu’il ait de ce fait échappé aux observations antérieures.
La figure 3.6 montre donc que le modèle de Babin et al est incomplet, car il ne prend pas en compte
les effets de dispersion d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg.

Enfin, nous remarquons sur la figure 3.6-(a) que les maxima des spectres numérique et expérimen-
tal ne sont pas exactement confondus. Cette différence peut être dûe à la valeur de β3 utilisée dans
nos simulations qui, rappelons le, n’a pas fait l’objet d’une mesure expérimentale (valeur obtenue
à partir du profil spectral théorique du déphasage des miroirs sur la figure 2.16), mais aussi aux
effets de filtrage des miroirs non pris en compte dans notre modèle champ moyen présenté ici (voir
section 3.3.3). Une fois encore, nous rappelons que l’objectif ici n’est pas d’obtenir une description
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quantitative du spectre optique du laser mais de montrer que sa formation est influencée par les
effets dispersifs des miroirs de Bragg.

3.3.2.2 Spectre optique à forte puissance de pompe

A plus forte puissance de pompe (P1 = 3.6 W figure 2.3), le spectre optique s’étend sur plusieurs
nanomètres. Nous devons donc réajuster la valeur du paramètre de courbure δ2 des pertes effectives
déterminée auparavant pour une puissance de pompe au voisinage du seuil (P1 = 0.53 W ). La
figure 3.7-(a) permet de comparer la largeur du spectre optique à P1 = 3.6 W à la largeur des
pertes effectives des miroirs de Bragg :
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Fig. 3.7 – (a) Comparaison entre la largeur des pertes effectives (en noir) et la largeur du spectre
optique (en bleu) à P1 = 3.6 W (∼ 10Pth). (b) Approximation par une parabole tracée en bleu
entre −2 et 2 THz.

La figure 3.7-(a) montre que le spectre optique du laser à P1 = 3.6 W s’étend sur un intervalle
spectral allant de −2 à 2 THz. Etant donnée l’allure complexe du profil des pertes effectives sur
cette plage spectrale, il est difficile de l’approximer de manière précise par un polynôme d’ordre
2 uniquement. Néanmoins, nous pouvons toujours chercher à approcher raisonnablement la forme
générale de ces pertes avec une parabole tracée en bleu sur la figure 3.7-(b). Babin et al ont d’ailleurs
utilisé la même approximation pour approcher les pertes effectives des miroirs de Bragg dans leur
étude [8]. Dans notre cas, la valeur du coefficient de courbure δ2 de la parabole illustrée sur la figure
3.7-(b) est de 6 ps2 et elle sera utilisée pour les simulations numériques présentées ci-dessous.

L’intégration numérique de l’équation 3.30 pour P0 = 10Pth et δ2 = 6 ps2 donne le spectre
optique tracé en noir sur la figure 3.8 :
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Fig. 3.8 – Comparaison des spectres optiques expérimental et calculé numériquement (Eq. 3.30)
à P0 = 10P th

0 . En noir : simulation, en bleu : expérience (SI2). Paramètres : β3 = 1.2, β2 = 2.6,
g = 0.22, α = 0.10. Nombre de points/modes dans le spectre : 500.

La figure 3.8 montre que le spectre numérique calculé avec l’équation mâıtresse 3.30 reste
asymétrique à forte puissance de pompe. Ce résultat en totale opposition avec les observations
expérimentales est dû au fait que l’équation mâıtresse 3.30 ne peut pas décrire qualitativement la
formation du spectre optique du laser Raman pour des puissances de pompe très au dessus du
seuil du laser. La symétrisation du spectre optique à forte puissance de pompe visible sur le spectre
expérimental tracé en bleu sur la figure 3.8 peut être dûe à deux raisons différentes :

- Soit il s’agit d’effets dispersifs d’ordres supérieurs ne figurant pas dans l’équation mâıtresse
3.30 (ordre d’approximation de la dispersion totale βcav

2 insuffisant).
- Soit il s’agit d’un effet de filtrage des miroirs de Bragg non pris en compte dans l’équation

3.30 (ordre d’approximation des pertes effectives −ln(R1R2) trop petit).
En effet, comme le modèle complet de la section 2.4 décrit très bien le spectre optique du laser

Raman à forte puissance de pompe, cela implique qu’il y a dans ce modèle un effet physique n’étant
pas présent dans l’équation mâıtresse 3.30. Les deux seules différences existantes entre le modèle
complet et le modèle en champ moyen proposé ici sont les approximations faites sur la dispersion
de la cavité et le profil spectral des pertes de réflexion. Les autres effets physiques sont identiques
dans les deux modèles. Dans la section 3.3.3 nous discutons les différences entre le modèle complet
et le modèle champ moyen et nous identifions l’effet physique responsable de la symétrisation du
spectre optique à forte puissance de pompe.

3.3.3 Origine de la symétrisation du spectre à forte puissance de pompe

Dans cette section, nous cherchons à comprendre quelle est l’origine physique de la forme
symétrique du spectre optique observé à forte puissance de pompe. La figure 3.8 montre que
l’équation mâıtresse 3.30 ne décrit pas la physique du système à haute puissance, nous proposons
donc d’utiliser à nouveau le modèle complet de la section 2.4 pour expliquer ce phénomène.

Afin de déterminer si les effets dispersifs d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg
n’étant pas pris en compte dans l’équation mâıtresse 3.30 sont responsables de la symétrisation
du spectre, nous allons “jouer” sur le déphasage des miroirs de Bragg et observer s’il existe un
effet éventuel sur la forme du spectre optique. La figure 3.9 représente trois simulations numériques
issues de l’intégration de l’équation 2.7 du modèle complet pour lesquelles le déphasage des miroirs
a été volontairement modifié.
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Fig. 3.9 – (a) Spectres numériques à P1 = 3.6 W issus de l’équation 2.7 du modèle complet pour
différents déphasages des miroirs de Bragg. (b) Déphasage du miroir FBG1, en noir : déphasage
réel (figure 2.16), en bleu : déphasage nul, en rouge : déphasage approximé par un polynôme d’ordre
3. Les spectres numériques correspondant sont tracés avec les mêmes couleurs. Les paramètres de
la simulation sont donnés dans la légende de la figure 2.19.

Les simulations numériques de la figure 3.9-(a) montrent que le spectre optique à haute puissance
ne dépend absolument pas des effets de phase des miroirs de Bragg. La forme du spectre est identique
quel que soit le profil du déphasage des miroirs (exemple avec le miroir FBG1 sur la figure 3.9-(b)).
Le déphasage tracé en rouge sur la figure 3.9-(b) induit des effets dispersifs du même ordre que ceux
dans l’équation mâıtresse 3.30 (β3), sans qu’ils induisent pour autant un spectre optique (en rouge
sur la figure 3.9-(a)) de forme asymétrique comme celui observé sur la figure 3.8. Par conséquent,
la symétrisation du spectre à forte puissance de pompe visible sur la figure 3.8 (en bleu) ne peut
pas être dûe à des effets de dispersion d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg n’étant
pas pris en compte dans l’équation mâıtresse 3.30.

La symétrisation du spectre optique pour une puissance de pompe très au dessus du seuil
observée dans notre étude expérimentale (figure 2.3) provient donc du fait que les coefficients de
réflexion en puissance des miroirs de Bragg sont symétriques. A haute puissance, les effets dispersifs
des miroirs ne jouent plus de rôle et l’action de filtrage des miroirs de Bragg devient dominante.
Si nous prenons une valeur de β3 égale à 0 (ce qui est équivalent à négliger les effets de phases
des miroirs de Bragg) l’intégration numérique de l’équation mâıtresse 3.30 à forte de puissance de
pompe donne le spectre théorique en bleu illustré sur la figure 3.10.
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Fig. 3.10 – Comparaison entre le spectre expérimental (en noir) incident sur FBG2 à P1 = 10Pth

et le spectre numérique (en bleu) issu de l’équation 3.30 à P0 = 10P th
0 et pour β3 = 0. Paramètres :

β2 = 2.6, g = 0.22, α = 0.10. Nombre de points/modes dans le spectre : 500.

La simulation de la figure 3.10 montre qu’en négligeant les effets de dispersion induits par les
miroirs de Bragg (β3 = 0) à haute puissance de pompe, le spectre optique en bleu provenant
de l’équation mâıtresse 3.30 est bien entendu symétrique. Cependant il n’est pas quantitativement
comparable au spectre optique symétrique observé expérimentalement très au dessus du seuil (spec-
tre en noir figure 3.10). L’équation mâıtresse 3.30 sans les effets de phase des miroirs de Bragg ne
peut donc pas non plus décrire quantitativement le spectre optique du laser à forte puissance de
pompe.

En effet, à forte puissance de pompe, lorsque la largeur du spectre est supérieure à la bande de
réflectivité des miroirs de Bragg, les pertes de puissance des fréquences situées en dehors de la bande
de réflectivité sont très importantes (voir figure 2.4 du précédent chapitre). Ces fortes pertes sont
en dehors des limites de validité de l’équation mâıtresse, pour laquelle nous avons fait l’hypothèse
que les variations d’amplitude de l’onde Stokes sur un tour de cavité sont très faibles (approche
en champ moyen). Par conséquent, l’approche basée sur une équation mâıtresse visant à décrire la
formation du spectre optique du laser Raman à fibre n’est pertinente que pour un spectre optique
restant confiné dans la bande de réflectivité des miroirs de Bragg.

Il est très important de remarquer que l’équation mâıtresse 3.30 sans les effets de dispersion
d’ordres supérieurs (β3 = 0) avec laquelle nous avons déterminé le spectre numérique de la figure
3.10 est identique à l’équation mâıtresse 3.11 développée par Babin et al (seule la valeur de P̄
est différente). La simulation de la figure 3.10 pose donc la question de la validité des approches
de modélisation de Babin et al et de Turitsyna et al qui utilisent cette équation pour décrire les
propriétés spectrales du laser Raman à fibre pour des régimes de puissance bien au dessus du seuil
du laser.

3.4 Conclusions

Bien que le modèle basé sur une équation mâıtresse que nous avons développé dans ce chapitre
ne permette pas de décrire de manière quantitative le spectre optique du laser Raman, il nous a
permis de comprendre certains aspects de la formation du spectre optique de l’onde Stokes :

- Premièrement, lorsque le spectre optique est contenu dans la bande de réflectivité des miroirs,
à des puissances de pompe proches du seuil du laser, celui-ci présente une forme asymétrique dûe
aux effets dispersifs d’ordres supérieurs induits par les miroirs de Bragg. Ils ont pour conséquence
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de déplacer la longueur d’onde du zéro de dispersion de la cavité dans la bande de réflectivité des
miroirs de Bragg, ce qui entrâıne une variation très forte de la dispersion dans cet intervalle spectral
et donc une asymétrie du spectre.

- Deuxièmement, les effets de dispersion induits par les miroirs de Bragg semblent être négligeables
à plus fortes puissances de pompe. En effet le spectre optique du laser se symétrise progressivement
lorsque la puissance de pompe augmente et semble être insensible au fait qu’il se développe simul-
tanément dans deux régimes de dispersion différents (normale et anomale). Si à faible puissance la
formation du spectre est fortement influencée par la dispersion induite par les miroirs de Bragg, à
forte puissance, cette formation est dominée par l’action de filtrage des miroirs.

Cependant, l’utilisation d’une équation mâıtresse pour décrire quantitativement les propriétés
spectrales du laser Raman à fibre est assez délicate. En effet, ce modèle est basé sur une approche
en champ moyen qui consiste à supposer que l’amplitude de l’onde Stokes subit très peu de varia-
tions sur un tour de cavité. Le modèle champ moyen ne décrit donc que l’évolution temporelle du
spectre optique intracavité moyen, et il ne peut en aucun cas expliquer les formes très différentes
du spectre observées expérimentalement avant et après réflexion sur le miroirs de Bragg (figure
2.4). Plus particulièrement, à forte puissance de pompe, le spectre du laser Raman est si large qu’il
dépasse la bande de réflectivité des miroirs de Bragg. Celui-ci subit alors de profonds changements
de forme lorsqu’il se réfléchit sur les miroirs (voir figure 2.3), ce qui rend de ce fait l’hypothèse des
faibles variations d’amplitude sur un tour de cavité totalement fausse pour ce régime de puissance.

Compte tenu de ces remarques, notre étude pose la question de la validité des modèles de Tu-
ritsyna et al [9, 10] et Babin et al [8] présentés dans le premier chapitre. Ces auteurs utilisent une
équation mâıtresse développée par Babin et al pour décrire les propriétés spectrales du laser Ra-
man à fibre à divers régimes de puissance. En particulier, Babin et al démontrent analytiquement
à partir d’une approche statistique de leur équation mâıtresse (quasiment identique à la notre) que
le spectre optique du laser présente une forme en sécante hyperbolique en excellent accord avec leur
expérience quelle que soit la puissance du laser et la finesse de la cavité. Or :

1) La figure 3.10 montre que l’équation mâıtresse ne décrit pas quantitativement le spectre du
laser Raman à fibre oscillant dans une cavité de finesse faible.

2) L’approche statistique de Babin et al dépend d’un paramètre d’ajustement dans cette zone
de paramètre (cavité faible finesse).

3) Nos spectres expérimentaux ne présentent pas toujours une forme en sécante hyperbolique
(figure 2.26).
Ces trois remarques étant énoncées, dans le chapitre suivant nous présentons quelques perspectives
de réflexions sur l’utilisation ou non de la théorie cinétique des ondes pour décrire la formation du
spectre optique du laser Raman à fibre.
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Chapitre 4

Approche statistique de la formation

du spectre optique dans les lasers

Raman à fibre : perspectives de travail

4.1 Introduction

Comme nous l’avons vu dans le premier chapitre (section 1.3), un des tous derniers modèles
cherchant à décrire la formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre est basé sur une
approche statistique du champ [8]. Le modèle de Babin et al consiste à supposer que le nombre
de modes en interaction non linéaire dans le spectre du laser est si important qu’une description
moyenne du processus d’interaction peut être envisagée. Ainsi, les auteurs proposent d’utiliser pour
la première fois les concepts de la théorie cinétique des ondes pour décrire la formation du spec-
tre du laser Raman. Selon Babin et al, la formation du spectre optique résulte d’un mécanisme
d’échange d’énergie entre les modes de la cavité que les auteurs attribuent à un processus faible-
ment turbulent induit par l’effet Kerr.

La théorie de la turbulence faible ou théorie cinétique des ondes [17, 72–75], a été élaborée à
l’origine dans les contextes de l’hydrodynamique [15, 16] et de la physique des plasmas [13, 14, 97]
pour essayer de décrire les phénomènes de turbulence développée y étant observés [17]. Par op-
position à la turbulence forte, la théorie de la turbulence faible traite des ondes se propageant
dans des milieux faiblement non linéaires dominés par des effets dispersifs. Le problème général
de la turbulence d’ondes concerne les systèmes caractérisés par un très grand nombre de degrés
de liberté. Elle permet de décrire entre autres les phénomènes de cascades Kolmogorov-Zakharov
observés dans des systèmes possédant un terme “source” d’énergie situé à des grandes échelles spa-
tiales et un terme de “pertes” localisé lui aux petites échelles d’espace. Lorsque ces deux échelles
spatiales sont bien séparées par une zone inertielle (intervalle spectral sans pertes ni gain), cela
entrâıne une redistribution de l’énergie de sorte que le spectre hors équilibre est caractérisé par une
loi d’échelle s’étalant sur la totalité du domaine spectral borné par les fréquences de gain et de
pertes. Le problème fondamental de cette théorie est alors de déterminer cette loi d’échelle pour le
système étudié.

La théorie cinétique des ondes permet également de décrire des phénomènes d’équilibre au sens
thermodynamique observés dans le cadre de systèmes hamiltoniens (non dissipatifs). La théorie
cinétique des ondes conduit au développement d’une équation cinétique qui décrit la dynamique à
long terme de la densité spectrale du champ. Cette équation a des propriétés semblables à l’équation
de Boltzmann pour les gaz dilués. Elle décrit l’évolution du spectre optique de l’onde vers un état
d’équilibre thermodynamique irréversible, et ce malgré la réversibilité formelle des équations de
propagation. L’évolution irréversible de l’onde vers cet état d’équilibre se traduit par un théorème
H, caractérisant la propriété du système à augmenter en permanence son entropie.

Ce n’est que très récemment que la théorie cinétique des ondes a été appliquée à l’optique
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[74, 76–79, 98, 99]. La possibilité d’appliquer cette théorie pour décrire la propagation simple de
champs optiques partiellement cohérents provient de l’hypothèse que ceux-ci possèdent une statis-
tique gaussienne. Une façon simple de se représenter une image de cette hypothèse est de considérer
que les phases spectrales des champs sont aléatoires et très peu corrélées lors de l’évolution du
système. Toutefois, si cette théorie a été appliquée jusqu’ici pour la description de la propagation
de champs incohérents dans des systèmes hamiltoniens, Babin et al sont les premiers à l’avoir
utilisée en optique dans le système dissipatif que constitue le laser Raman à fibre [8]. Bien que la
théorie cinétique des ondes semble être un outil intéressant pour décrire les propriétés spectrales
de ce système optique, le laser Raman à fibre possède des caractéristiques intrinsèques qui le font
sortir du cadre traditionnel d’application de cette théorie. En effet, il n’existe pas dans le laser
Raman de zone inertielle (pertes de la cavité et gain Raman sur toute la bande spectrale de l’onde
Stokes). Par ailleurs, l’équation champ moyen développée dans le chapitre 3 qui décrit la dynamique
du laser Raman à fibre est identique à l’équation de Ginzburg-Landau à couplage global. Elle est
aussi très proche de l’équation de Schrödinger Non Linéaire à une dimension qui est intégrable. Or,
comme nous le verrons dans le paragraphe 4.2, la théorie cinétique des ondes prédit dans le cas d’un
système intégrable une évolution nulle du spectre optique de l’onde (spectre optique constant). Par
conséquent, l’approche statistique proposée par Babin et al est a priori non conventionnelle si l’on
se place du point de vue de l’approche traditionnelle introduite par Zakharov et al [17]. Malgré
cela, la solution analytique stationnaire de l’équation cinétique qu’ils développent est selon Babin
et al en très bon accord quantitatif avec le spectre optique mesuré expérimentalement.

Par conséquent, afin d’apporter des éléments de réflexion sur la possibilité ou non de décrire
la formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre grâce aux concepts de la théorie
cinétique des ondes, nous développons dans ce chapitre une équation cinétique pour le spectre du
laser basée sur l’approche classique de Zakharov et al [17]. Nous montrons ici que l’intégration
numérique de cette équation ne permet pas de reproduire qualitativement le spectre optique du
laser Raman. Les résultats et discussions présentés dans ce chapitre constituent l’état actuel de nos
recherches. Nous présentons donc ceux-ci sous formes de perspectives de réflexion et de questions
restant ouvertes à la discussion.

4.2 Théorie cinétique des ondes : rappels

Afin d’établir une équation cinétique décrivant la formation du spectre dans les lasers Raman
selon une méthode alternative à celle employée par Babin et al [8], nous présentons d’abord les
étapes importantes de la méthode proposée par Zakharov et al pour développer une approche
cinétique de l’équation de Schrödinger Non Linéaire à 2 dimensions. Nous introduisons en parti-
culier les hypothèses fondamentales définissant le domaine de validité de la théorie cinétique des
ondes et définissons quelques unes des grandeurs inhérentes à cette théorie : les moments du champ.
Nous nous appuierons ensuite sur les résultats de cette section pour établir une équation cinétique
décrivant la formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre.

4.2.1 Equation de Schrödinger Non Linéaire à 2 dimensions

Considérons une onde électromagnétique partiellement cohérente se propageant dans un milieu
non dissipatif et non linéaire (non linéarité Kerr). L’évolution spatiale de l’enveloppe lentement
variable A(z, ~r) du champ électrique de l’onde obéit dans le cadre de l’approximation paraxiale à
l’équation de Schrödinger non linéaire à 2 dimensions normalisée [34, 76, 100] :

∂A

∂z
= i∆A+ iα|A|2A, (4.1)



CHAPITRE 4. APPROCHE STATISTIQUE... 109

où z est la distance de propagation dans le milieu, ~r le vecteur transverse de composantes (x, y)

et ∆ = ∂2

∂x2 +
∂2

∂y2 l’opérateur laplacien transverse lié à la diffraction de l’onde dans le milieu. Le

paramètre α peut prendre deux valeurs différentes correspondant au régime “focalisant” (α = 1)
ou au régime “défocalisant” (α = −1).

On montre que l’équation 4.1 conserve deux quantités importantes [17, 76, 101] :
- La puissance de l’onde ou le nombre de particules : N =

∫

|A|2d~r.
- L’énergie totale ou l’hamiltonien du système : H = Hl +Hnl,
Hl et Hnl étant respectivement les hamiltoniens linéaire et non linéaire du champ s’écrivant [76] :

Hl =

∫

|∇A|2d~r, (4.2)

Hnl = −
1

2
α

∫

|A|4d~r. (4.3)

Une des hypothèses fondamentales de la théorie cinétique des ondes, ou théorie de la turbulence
faible, est que les effets non linéaires doivent être perturbatifs devant les effets linéaires de types
dispersifs [17]. On doit donc avoir :

Hnl ≪ Hl. (4.4)

Dans cette approximation, la théorie cinétique des ondes est applicable pour des systèmes com-
portant un très grand nombre de degrés de liberté, ce qui en optique correspond à un champ
électromagnétique dont le spectre est composé d’un très grand nombre de modes en interaction
faiblement non linéaire via l’effet Kerr.

L’amplitude complexe Ã(z,k) des modes du spectre (avec k ≡ ~k), égale à la transformée de
Fourier de l’enveloppe complexe A(z, r) du champ électrique définie par

Ã(z,k) =
1

2π

∫ +∞

−∞
A(z, r)e−ik.rdr, (4.5)

ainsi que

A(z, r) =
1

2π

∫ +∞

−∞
Ã(z,k)e+ik.rdk, (4.6)

δk =
1

(2π)2

∫ +∞

−∞
e−ik.rdr, (4.7)

obéit à une équation dynamique issue de la transformée de Fourier de l’équation 4.1 :

∂Ã(z,k)

∂z
= −ik2Ã(z,k) + i

α

2π

∫ +∞

−∞
A(z, r)A∗(z, r)A(z, r)e−ik.rdr. (4.8)

Lorsque le nombre de modes du spectre optique de l’onde devient très important, une description
dynamique de l’évolution de chacun d’entre eux est trop complexe. Dans ces conditions, Zakharov
et al ont établi une description statistique du champ pour décrire l’évolution d’un système à grand
nombre de degrés de liberté en développant à partir de l’équation 4.8 une équation cinétique pour
le moment d’ordre 2 du champ défini par [17]

〈Ã(z,k1)Ã
∗(z,k2)〉 = 〈|Ã(z,k1)||Ã(z,k2)|ei(φ(z,k1)−φ(z,k2))〉 = nk1

(z)δk1−k2
. (4.9)

Dans l’expression 4.9, les symboles 〈〉 représentent la moyenne au sens statistique du terme (sur
un ensemble de réalisations), nk(z) est le spectre optique moyen de l’onde et δk la distribution de
Dirac. Dans le cadre de l’approximation de champs possédant une statistique gaussienne (phases
des modes Ak aléatoires), nous pouvons définir des moments d’ordres pairs supérieurs s’exprimant
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en fonction de produits de moments d’ordre 2 [17] (relations de fermeture des moments) :

- Le moment d’ordre 4

〈Ãk1
Ã∗k2

Ãk3
Ã∗k4

〉 = nk1
nk2

(δk1−k3
δk2−k4

+ δk1−k4
δk2−k3

). (4.10)

- Le moment d’ordre 6

〈Ãk1
Ãk2

Ãk3
Ã∗k4

Ã∗k5
Ã∗k6

〉 = nk1
nk2

nk3
[δk1−k4

(δk2−k5
δk3−k6

+ δk2−k6
δk3−k5

)

+ δk1−k5
(δk2−k4

δk3−k6
+ δk2−k6

δk3−k4
) + δk1−k6

(δk2−k4
δk3−k5

+ δk2−k5
δk3−k4

)]. (4.11)

Les notations Ãki
= Ã(z,ki) et nki

= nki
(z) ont été utilisées pour alléger l’écriture. Ces relations

de fermeture des moments du champ sont très importantes dans la théorie cinétique des ondes. Ce
sont elles qui rendent possible le développement de l’équation cinétique associée à l’équation de
Schrödinger Non Linéaire à 2 dimensions présenté dans le paragraphe suivant.

4.2.2 Etablissement de l’équation cinétique

L’équation cinétique décrivant l’évolution du spectre optique de l’onde nk(z) s’obtient à partir
de l’équation sur le moment d’ordre 2 du champ. Nous partons donc de l’équation dynamique 4.8
sur l’amplitude complexe des modes du spectre, à laquelle nous ajoutons un terme de pertes −γÃ
permettant de faciliter le développement de l’équation cinétique [17, 101] :

∂Ã(z,k4)

∂z
= −γÃ(z,k4)− ik24Ã(z,k4) + i

α

2π

∫ +∞

−∞
A(z, r)A∗(z, r)A(z, r)e−ik4.rdr, (4.12)

où le vecteur k de l’équation 4.8 a été remplacé par k4.

Afin d’obtenir l’équation pour le moment d’ordre 2 du champ, nous multiplions l’équation 4.12
par le complexe conjugué Ã∗(z,k4). En additionnant l’équation ainsi obtenue à son complexe con-
jugué et en prenant la valeur moyenne nous obtenons l’équation 4.13 décrivant l’évolution du spectre
optique de l’onde (voir l’annexe A pour les détails de calculs).

∂nk4
(z)

∂z
= −2γnk4

(z)− 2α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Im(Î) δk4+k2−k1−k3

dk1dk2dk3, (4.13)

où Im(Î) est la partie imaginaire du moment d’ordre 4 du champ défini par Î = 〈Ãk1
Ã∗

k2
Ãk3

Ã∗
k4
〉

(cf relation 4.10). Le membre de droite de l’équation 4.13 est représentatif du couplage par mélange
à quatre ondes du mode de composante k4 avec les modes de composantes k1, k2 et k3. Nous
rappelons que l’efficacité du processus d’échange d’énergie induit par le mélange à quatre ondes est
conditionnée par la relation d’accord de phases k4 + k2 = k1 + k3, cette dernière apparaissant de
manière explicite dans la distribution de Dirac de l’équation 4.13.

L’équation 4.13 montre que l’évolution du spectre optique de l’onde est dépendante du moment
d’ordre 4 du champ. Si on développait de la même façon une équation différentielle pour le moment
d’ordre 4, celle-ci dépenderait du moment d’ordre 6, et ainsi de suite. Cette hiérarchie des moments
de l’onde est tout à fait classique en théorie cinétique des ondes [17]. Il existe un moyen de tronquer
cette hiérarchie en utilisant la relation de fermeture des moments, valable uniquement dans le cadre
de champs possédant une statistique quasi-gaussienne [17]. Cette relation de fermeture permet d’-
exprimer le moment d’ordre 6 de l’onde en fonction d’une somme de moments d’ordre 2 (cf relation
4.11) et de fermer ainsi l’équation d’évolution 4.13 du spectre optique de l’onde.

Dans le développement de l’équation cinétique, l’étape suivante consiste donc à écrire une
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équation sur les moments d’ordre 4 et de procéder à la fermeture des moments en remplaçant
les moments d’ordre 6 y apparaissant uniquement par une somme de moments d’ordre 2. Ainsi, en
partant de l’équation 4.8, nous obtenons pour Î le moment d’ordre 4 du champ (voir l’annexe A
pour les détails de calculs) :

∂z Î = −[4γ + i(k21 + k23 − k22 − k24)]Î + i
2α

(2π)2
N (z), (4.14)

avec N (z) = (n2n3n4 + n1n2n4 − n1n2n3 − n1n3n4)δk3+k1−k2−k4
et ni = n(z,ki).

Dans la suite du développement, Zakharov et al supposent que la fonction N (z) dans l’équation
4.14 est une constante indépendante de z. La solution de l’équation 4.14 pour le moment d’ordre 4
du champ s’écrit alors :

Î(z) = Î ′(z)e−[4γ+i(k2
1+k2

3−k2
2−k2

4)]z − 2α

(2π)2
N

−(k21 + k23 − k22 − k24) + i4γ
, (4.15)

où Î ′(z) est une fonction déterminée en injectant l’expression 4.15 dans la relation 4.14. A ce stade
du développement de l’équation cinétique, Zakharov et al effectuent une approximation importante
supplémentaire : ils négligent dans l’expression 4.15 la contribution de la fonction oscillante qu’ils
supposent nulle en moyenne. Cette approximation revient à ne considèrer que l’évolution station-
naire du moment d’ordre 4, ce qui donne pour Î [17] :

Î ≃ − 2α

(2π)2
N

−(k21 + k23 − k22 − k24) + i4γ
. (4.16)

En substituant la relation 4.16 du moment d’ordre 4 dans l’equation 4.13 et en faisant tendre les
pertes vers 0 (γ → 0), nous obtenons l’équation cinétique associée à l’équation de Schrödinger Non
Linéaire à 2 dimensions (voir l’annexe A pour les détails de calculs) :

∂nk4
(z)

∂z
=
4πα2

(2π)4

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Ndk1dk2dk3, (4.17)

avec N = (nk1
nk2

nk3
+ nk1

nk3
nk4

− nk2
nk3

nk4
− nk1

nk2
nk4

)δk1+k3−k2−k4
δk2

1+k2
3−k2

2−k2
4
.

D’un point de vue thermodynamique, l’équation 4.17 est similaire à l’équation de Boltzmann qui
décrit l’évolution d’un gaz de particules vers un état d’équilibre. Le membre de droite de l’équation
4.17 est appelé terme de collision [17, 76], par analogie aux collisions apparaissant dans un gaz.
L’équation cinétique 4.17 est une équation usuelle dans la littérature que l’on rencontre par ailleurs
en hydrodynamique [15,16] et en physique des plasmas [13,14]. Elle montre que l’évolution du spec-
tre optique de l’onde est gouvernée par l’ensemble des combinaisons de mélanges à quatre ondes
dont l’efficacité est conditionnée par les résonances induites par les distributions δ de Dirac.

4.2.3 Détermination de l’état d’équilibre et propriétés du terme de collision

4.2.3.1 Phénomène de thermalisation d’ondes : évolution du système vers un état
d’équilibre

Si la dimension N de l’équation de Schrödinger Non Linéaire 4.1 est supérieure ou égale à 2, il
existe un état d’équilibre associé à une thermalisation de l’onde correspondant à une équipartition
de l’énergie des modes du champ [17,76]. Nous abordons ici brièvement le phénomène de thermal-
isation d’ondes apparaissant dans un système hamiltonien (non dissipatif) [17, 76]. Nous insistons
sur le fait que notre système d’étude, le laser Raman à fibre, étant un système dissipitatif, il ne
peut en aucun cas être assujetti à ce genre de processus.

Par analogie avec la thermodynamique, le phénomène de thermalisation d’ondes est caractérisé



CHAPITRE 4. APPROCHE STATISTIQUE... 112

par une évolution irréversible du système vers un état d’équilibre qui peut être décrite par un
théorème H. Celui-ci se caractérise par une croissance monotone de l’entropie S du système d’on-
des définie par [17, 76] :

S(z) =

∫

log[nk(z)]dk, et
dS(z)

dz
> 0. (4.18)

Comme en mécanique statistique, l’équilibre thermodynamique est déterminé à partir du pos-
tulat du maximum d’entropie. Le spectre d’équilibre neq(k) réalisant ce maximum est soumis aux
contraintes de conservation de l’hamiltonien linéaire Hl et du nombre de particules N [17, 76] :

neq(k) =
1

1
T ω(k)− µ

T

, (4.19)

où T et µ représentent respectivement la température et le potentiel chimique par analogie avec
la thermodynamique. La distribution d’équilibre 4.19 annule exactement le terme de collision de
l’équation cinétique 4.17 (Coll [neq] = 0), ce qui signifie qu’une fois la distribution d’équilibre at-
teinte par le spectre, celui-ci n’évolue plus durant la propagation. Comme en optique la relation de
dispersion ω(k) est quadratique en k (ω(k) ∝ k2), la distribution 4.19 est une lorentzienne [76] et
les constantes T et µ peuvent être calculées à partir des quantités conservées Hl et N .

4.2.3.2 Terme de collision de l’équation de Schrödinger Non Linéaire à une dimension

Pour un système à une seule dimension transverse x, le terme de collision de l’équation cinétique
4.17 est nul. En effet, l’équation scalaire de Schrödinger Non Linéaire 4.1 à une dimension s’écrit :

∂A(z, x)

∂z
= i

∂2A(z, x)

∂x2
+ iα|A(z, x)|2A(z, x), (4.20)

et le développement de l’équation cinétique pour l’équation 4.20 nous donne :

∂nk4(z)

∂z
=
4πα2

(2π)4

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
N dk1dk2dk3, (4.21)

où N = (nk1nk2nk3 + nk1nk3nk4 − nk2nk3nk4 − nk1nk2nk4) δk1+k3−k2−k4δk2
1+k2

3−k2
2−k2

4
, avec k = kx.

Les conditions de résonances induites par les distributions δ de Dirac de l’équation cinétique 4.21
impliquent le système d’équations suivant :

{

k1 + k3 − k2 − k4 = 0,

k21 + k23 − k22 − k24 = 0.
(4.22)

On montre facilement que le système d’équations 4.22 admet deux solutions triviales :











k1 = k2 et k3 = k4,

ou

k1 = k4 et k3 = k2.

(4.23)

En calculant la valeur du terme de collision de l’équation 4.21 pour les deux solutions données en
4.23, nous obtenons dans les deux cas :

Coll [nk4 ] =
4πα2

(2π)4

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
(nk1nk1nk3+nk1nk3nk3−nk1nk3nk3−nk1nk1nk3) dk1dk2dk3 = 0,

(4.24)
ce qui implique pour l’équation de Schrödinger Non Linéaire à une dimension :

∂nk4(z)

∂z
= 0. (4.25)
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L’expression 4.25 indique qu’à l’ordre d’approximation de la théorie cinétique des ondes, l’équation
cinétique associée à l’équation de Schrödinger Non Linéaire à une dimension prédit une évolution
nulle du spectre optique du champ partiellement cohérent (le spectre reste identique à sa valeur
initiale). Il est nécessaire d’avoir une dimension du système supérieure ou égale à 2 pour assis-
ter à une évolution du spectre de l’onde et éventuellement un phénomène de thermalisation d’onde
précédemment évoqué dans la section 4.2.3.1. Dans le cas de l’équation de Schrödinger Non Linéaire
(SNL1) à une seule dimension, le terme de collision est nul et l’équation cinétique ne peut en aucun
cas décrire une évolution irréversible du système vers un état d’équilibre à travers un processus de
thermalisation [17]. Ceci est dû au fait que l’équation SNL à une dimension est intégrable2 et ne
peut pas donner lieu à une évolution chaotique du système [17,102].

4.2.4 Conclusions

L’objectif de cette partie du chapitre 4 était de présenter brièvement la théorie cinétique
des ondes appliquée à l’équation de Schrödinger Non Linéaire à 2 dimensions, et d’introduire
selon la méthode de Zakharov et al [17] le développement usuel de l’équation cinétique décrivant
l’évolution du spectre optique d’une onde électromagnétique dans un système non dissipatif. La
théorie cinétique des ondes telle que nous l’avons présentée a été utilisée récemment pour décrire
d’un point de vue thermodynamique des phénomènes d’optique bien connus ainsi que les pro-
priétés d’un champ optique partiellement cohérent se propageant dans milieu non linéaire et dis-
persif [76, 78, 79, 98, 99, 103, 104]. Par exemple, Barviau et al ont démontré que le phénomène
d’élargissement spectral inhérent à la génération d’un supercontinuum dans une fibre optique
pouvait être décrit à l’aide d’arguments thermodynamiques basés sur la théorie cinétique des on-
des [78,98,99]. D’après Barviau et al, le processus lié à la génération d’un supercontinuum peut être
vu comme un phénomène de thermalisation, caractérisé par une évolution irréversible du champ
optique vers un état d’équilibre maximisant l’entropie de l’onde.

Toutefois, dans ces travaux, la possibilité d’appliquer la théorie cinétique des ondes est liée au
fait que le système optique considéré est conservatif. Par ailleurs, dans les références [78,98,99,103],
l’ajout des termes de dispersion d’ordres supérieurs dans l’équation SNL à une dimension a pour ef-
fet de briser l’intégrabilité de cette équation unidimensionnelle. Babin et al, eux, sont les premiers à
utiliser la théorie cinétique des ondes pour décrire la formation du spectre optique dans un système
dissipatif à une seule dimension tel que le laser Raman à fibre [8]. Dans leur étude, ils développent
une équation cinétique décrivant l’évolution du spectre optique du laser sur de longues échelles
de temps à partir d’une équation champ moyen à une dimension. Cette équation champ moyen
est identique à l’équation de Ginzburg-Landau à couplage global, mais également très proche de
l’équation SNL unidimensionnelle (voir la section 1.3). Or, comme nous l’avons vu dans la section
4.2.3.2, l’intégrabilité de l’équation SNL à une seule dimension implique que la théorie cinétique des
ondes ne peut pas décrire une évolution du spectre sur de longues distances de propagation dans ce
genre d’équation. Une façon possible d’interpréter ce résultat, et qui reste ouverte à la discussion,
est que les termes de gain et de pertes présents dans l’équation champ moyen qu’ils utilisent ont
pour effet de briser l’intégrabilité de cette équation unidimensionnelle. Toutefois, la présence de ces
termes de gain et de pertes induit également un développement non classique de l’équation cinétique
(Zakharov et al [17]), qui à notre connaissance n’a jamais été exposé dans la littérature. De plus,
nous avons vu dans le premier chapitre que celle-ci ne décrit pas toujours la formation du spectre
optique du laser. De fait, nous posons la question suivante : la théorie cinétique des ondes peut-elle
décrire l’évolution du spectre optique d’une onde électromagnétique dans un système dissipatif à
une seule dimension ?

1SNL : Schrödinger Non Linéaire
2Dans un système intégrable discret à N degrés de liberté (2N dans l’espace des phases), il existe N constantes du

mouvement. Dans un système continu (comme celui décrit par l’équation SNL à une dimension), le nombre de degrés
de liberté (nombre de modes) est infini et par conséquent le nombre de constantes du mouvement aussi.
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Afin de développer ce point et d’exposer différentes pistes de réflexion, nous établissons dans
la section 4.3 une équation cinétique d’une manière alternative à celle proposée par Babin et al et
en nous basant sur la méthode traditionnelle de Zakharov et al décrite dans la section 4.2. Nous
montrons que l’intégration numérique de cette équation cinétique ne permet pas de reproduire la
physique de l’équation mâıtresse de Babin et al, ce qui pose la question de la validité de leur ap-
proche.

4.3 Formation du spectre optique dans les lasers Raman à fibre :

approches par la théorie cinétique des ondes

4.3.1 Etablissement de l’équation cinétique selon la méthode de Zakharov et al

Comme nous l’avons vu dans la section 4.2, l’équation cinétique est issue d’une équation aux
dérivées partielles décrivant le comportement dynamique du système d’ondes. Dans le cas du laser
Raman à fibre, l’équation la plus simple dont nous disposons qui regroupe l’ensemble des effets
physiques agissant sur le spectre optique est l’équation mâıtresse 4.26 ci-dessous, que nous avons
établie précédemment dans la section 3.2.2.2. Celle-ci décrit l’évolution temporelle de l’enveloppe
lentement variable A(T, t) du champ électrique de l’onde Stokes. Pour simplifier notre étude, nous
ne tenons pas compte ici des effets de phases induits par les miroirs de Bragg (β3 = 0).

τrt
∂A(T, t)

∂T
= Γ(t)A− i

2
2Lβ2

∂2A

∂t2
+ i2γL|A|2A. (4.26)

Γ(t) = −αsL − δ0
2 + gLP̄ + 1

2δ2
∂2

∂t2
est un opérateur linéaire traduisant l’aspect dissipatif du laser

Raman à fibre (pertes et gain). β2 représente les effets de dispersion induits par la fibre optique et γ
le coefficient de couplage Kerr. αs et δ0 sont les pertes de la fibre et des miroirs et δ2 le coefficient de
courbure des pertes effectives induites par les miroirs de Bragg (figure 3.5). Enfin g est le coefficient
de gain Raman supposé plat spectralement, P̄ la puissance de pompe moyenne, τrt le temps mis
par l’onde Stokes pour faire un tour complet de la cavité et L la longueur de la cavité.

L’équation mâıtresse 4.26 sans les effets de phases des miroirs de Bragg est identique à celle
établie par Babin et al dans la référence [8] et transposée dans l’espace direct (relation 3.11 du
chapitre 3). Si nous ne tenons pas compte du terme Γ(t), l’équation 4.26 est formellement identique
à l’équation de Schrödinger Non Linéaire 4.20 à une dimension. La présence du terme Γ(t) brise
l’intégrabilité de l’équation 4.26 ce qui nous permet de développer à la fin de ce paragraphe une
équation cinétique possédant un terme de collision non nul3.

Enfin, il est intéressant de remarquer que la forme de l’équation 4.26 est très similaire à celle
introduite par Dyachenko et al dans la référence [72] (équation 2.1 de cette référence). Cependant,
contrairement à l’équation 4.26, Dyachenko et al établissent dans leur étude une équation cinétique
pour un système dissipatif à deux dimensions.

Nous établissons dans la suite de ce paragraphe l’équation cinétique associée à l’équation
mâıtresse 4.26 en suivant les mêmes étapes de calcul que celles présentées dans la section 4.2.2.
Ainsi, la transformée de Fourier de l’équation 4.26 nous donne :

τrt
∂Aω

∂T
= ΓωAω + β2Lω2Aω + i

γL

π

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Aω1A

∗
ω2

Aω3δω+ω2−ω1−ω3dω1dω2dω3, (4.27)

avec

Γω = −αsL−
δ0
2
+ gLP̄ − δ2

2
ω2, (4.28)

3Nous insistons une fois de plus sur le fait que l’équation 4.26 étant dissipative et unidimensionnelle, celle-ci ne
peut en aucun cas être sujette à un phénomène de thermalisation d’ondes (section 4.2.3.1)
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ainsi que les notations et définitions suivantes :

Aω = Ã(ω, T ) =
1√
2π

∫ +∞

−∞
A(t, T )e−iωtdt, (4.29)

A(t, T ) =
1√
2π

∫ +∞

−∞
Ã(ω, T )eiωtdω, (4.30)

δω = δ(ω) =
1

2π

∫ +∞

−∞
e−iωtdt. (4.31)

En calculant de la même manière que dans la section 4.2.2 l’équation du moment d’ordre 2
〈AωA∗ω′〉 = nωδω−ω′ , nous obtenons :

τrt
∂nω

∂T
= 2Γωnω −

2γL

π

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Im(Î) δω+ω2−ω1−ω3dω1dω2dω3. (4.32)

avec Î = 〈Aω1A
∗
ω2

Aω3A
∗
ω〉 le moment d’ordre 4 du champ Stokes. Nous retrouvons la hiérarchie

classique entre les moments du champ, nous réalisons donc la fermeture des moments de la même
façon que dans la section 4.2.2. Nous obtenons ainsi l’équation d’évolution du moment d’ordre 4
du champ en utilisant la relation 4.27 :

τrt
∂Î

∂T
=

(

∑

Γωi
+ i∆k

)

Î + i
2γL

π
N (T ), (4.33)

avec

∑

Γωi
= Γω + Γω1 + Γω2 + Γω3 , (4.34)

∆k = β2L(ω
2
1 + ω23 − ω22 − ω2), (4.35)

N (T ) = (nω2nω3nω + nω1nω2nω − nω1nω2nω3 − nω1nω3nω)δω+ω2−ω1−ω3 . (4.36)

En procédant à la même approximation que celle introduite par Zakharov et al et présentée dans
la section 4.2.2 (passage des relations 4.14 à 4.16), l’état stationnaire de l’équation 4.33 s’exprime
comme suit :

Î = −2γL

π

N
∆k − i[Γω + Γω1 + Γω2 + Γω3 ]

. (4.37)

A cet endroit, la façon de procéder diffère de celle utilisée dans un système conservatif (passage des
relations 4.16 à 4.17). Effectivement, le laser Raman étant un système dissipatif, nous ne pouvons
faire tendre les termes Γω vers zéro. Par conséquent, ceux-ci apparâıssent dans l’équation cinétique
présentée en 4.38 obtenue en remplaçant dans l’équation 4.32 la valeur de Î par son expression en
4.37 :

τrt
∂nω

∂T
= 2Γωnω

+

(

2γL

π

)2 ∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

nω1nω2nω3nω[n
−1
ω1

+ n−1ω3
− n−1ω2

− n−1ω ][
∑

Γωi
]

∆k2 + [
∑

Γωi
]2

δω+ω2−ω1−ω3dω1dω2dω3.

(4.38)

L’équation cinétique 4.38 que nous présentons ici est très similaire à celle établie par Dyachenko
et al [72] (relation 2.6 de cet article). De la même manière que l’équation cinétique établie par
Babin et al dans la référence [8], l’équation 4.38 présente une seule dimension transverse. Toutefois,
la présence du dénominateur dans l’intégrale de collision, induit par les pertes et le gain du laser
Raman, implique un terme de collision non nul malgré le caractère unidimensionnel de l’équation
cinétique 4.38.
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4.3.2 Comparaison à l’équation cinétique de Babin et al

Nous pouvons chercher à comparer plus en avant l’équation cinétique 4.38 que nous avons
développée selon la méthode traditionnelle de Zakharov et al à celle établie phénomènologiquement
par Babin et al dans la référence [8]. Pour cela, réécrivons l’équation 1.43 de la section 1.3 dans les
mêmes notations que l’équation 4.38 :

τrt
∂nω

∂T
= 2Γωnω

+ (γL)2
∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

nω1nω2nω3nω[n
−1
ω + n−1ω3

− n−1ω1
− n−1ω2

]

∆k2 + 3τrt/τ
δω+ω3−ω1−ω2dω1dω2dω3, (4.39)

avec Γω = −αsL− δ0
2 + gLP̄ − δ2

2 ω2, la puissance de pompe moyenne P̄ étant définie par la relation
1.38 de la section 1.3, et ∆k = β2L(ω

2+ω23 −ω21 −ω22). Pour passer de l’équation 1.43 à 4.39, nous
avons utilisé les changements de variables suivants :

Ω = ω,
Ω− Ω1 = ω1,
Ω− Ω2 = ω2,
Ω− Ω1 − Ω2 = ω3,
I(Ωi) = nωi

.

(4.40)

L’équation 4.39 montre qu’il existe de fortes similitudes entre l’équation cinétique 4.38 et
l’équation cinétique 4.39 proposée par Babin et al. En particulier, on peut remarquer la présence
d’un dénominateur dans l’intégrale de collision de l’équation 4.38 également présent dans l’équation
4.39 mais sous une forme différente. Toutefois, le terme 3τrt/τ dans l’équation 4.39 est issu de l’in-
troduction phénomènologique d’une corrélation en temps des modes par Babin et al (relation 1.41).
Par conséquent, il est difficile de comparer plus en avant ces deux équations.

Cependant, nous pouvons procéder à l’intégration numérique de l’équation cinétique 4.38 afin
d’observer quel est le spectre optique d’équilibre (à l’état stationnaire) donné par celle-ci. C’est
ce que nous avons réalisé en partant d’une condition initiale plate spectralement. L’algorithme
numérique utilisé est une méthode de Runge-Kutta d’ordre 4 à pas fixe [62]. Le spectre optique
tracé en noir sur la figure 4.1 est issu de l’équation cinétique 4.38. Le spectre optique tracé en bleu
provient de l’intégration numérique de l’équation mâıtresse 4.26 pour les mêmes paramètres.

0

0.5

1

1.5

2

2.5

3

-2 -1.5 -1 -0.5 0 0.5 1 1.5 2

d
e 

p
u
is

sa
n
ce

 (
W

/n
m

)

D
en

si
té

 s
p
ec

tr
al

e

(THz)Ω = ω − ω s

Fig. 4.1 – Comparaison entre le spectre numérique issu de l’équation cinétique 4.38 (en noir) et
celui issu de l’équation mâıtresse 4.26 (en bleu) à P0 = 3.6 W .
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La figure 4.1 montre que l’approche cinétique de l’équation mâıtresse 4.26 (identique à l’équation
champ moyen de Babin et al de la référence [8]) selon la méthode de Zakharov et al donne un spec-
tre optique (en noir) totalement différent de celui issu de l’équation mâıtresse 4.26 pour les mêmes
paramètres (en bleu). L’équation cinétique 4.38 que nous avons développée ici n’est donc pas valable
pour décrire la physique présente dans l’équation mâıtresse 4.26.

Les différences constatées entre les deux spectres numériques de la figure 4.1 peuvent être
dûes au fait que l’approche statistique de l’équation mâıtresse 4.26 est plus restrictive sur le plan
théorique que l’approche en champ moyen sur laquelle est basée cette équation. Effectivement, le
développement de l’équation cinétique 4.38 implique, en plus des approximations liées à l’approche
en champ moyen, une statistique du champ qui doit demeurer quasi-gaussienne, les effets non
linéaires devant être dominés par les effets linéaires dispersifs, et la prise en compte dans l’évolution
du moment d’ordre 4 de l’état stationnaire seul (évolution transitoire donnée par l’équation 4.33
non considérée). Il est donc possible que ces hypothèses supplémentaires induisent un spectre op-
tique issu de l’équation cinétique 4.38 qualitativement différent de celui provenant de l’équation
champ moyen 4.26.

4.3.3 Perspective de travail

Une façon différente de développer une équation cinétique associée à l’équation mâıtresse 4.26
est de ne pas considérer l’évolution stationnaire du moment d’ordre 4. Cela consiste à introduire la
solution exacte de l’équation 4.33 pour Î dans l’équation 4.32 du spectre optique de l’onde Stokes.
La solution exacte de l’équation 4.33 s’écrit :

Î(T ) = Î ′(T )e+ΓT/τrt , (4.41)

avec Γ =
∑

Γωi
+ i∆k,

∑

Γωi
et ∆k étant définis en 4.34 et 4.35. Î ′(T ) est une fonction que nous

déterminons en injectant l’expression 4.41 de Î(T ) dans l’équation 4.33 du moment d’ordre 4. De
cette manière, ceci nous donne pour l’expression finale de Î(T ) :

Î(T ) = i
2γL

π

∫ T

0
N (T ′)e−Γ(T ′−T )/τrt

dT ′

τrt
. (4.42)

En remplaçant dans l’équation 4.32 le moment d’ordre 4 Î(T ) par son expression en 4.42, nous
obtenons une expression alternative à l’équation cinétique 4.38 pour le spectre optique de l’onde
Stokes :

τrt
∂nω

∂T
= 2Γωnω

−
(

2γL

π

)2 ∫ T

0
e−

P

Γωi
(T ′−T )/τrt

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
N (T ′) cos

[

∆k

τrt
(T ′ − T )

]

δω+ω2−ω1−ω3dω1dω2dω3
dT ′

τrt
,

(4.43)

avec N = nω1nω2nω3nω(n
−1
ω1

+ n−1ω3
− n−1ω2

− n−1ω ).

L’équation cinétique 4.43 est très similaire à celle obtenue par Soh et al dans la référence [105].
Dans cette étude, les auteurs décrivent statistiquement l’influence de la dispersion d’ordre 2 d’une
fibre en présence de dissipation et de gain sur le spectre optique d’une onde réalisant un seul passage
dans celle-ci.

Contrairement à l’équation cinétique 4.38, l’équation cinétique 4.43 tient compte de l’évolution
transitoire du moment d’ordre 4. La variation de la densité spectrale nω à l’instant T résulte de la
somme de toutes les combinaisons de mélanges à quatre ondes des instants précédents.

Dans l’approximation utilisée par Zakharov et al, que nous avons également utilisée pour
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développer l’équation cinétique 4.38, nous n’avons pas tenu compte de cette évolution transitoire
du moment d’ordre 4. Par conséquent, cela peut influer sur la largeur finale du spectre optique
et donc expliquer éventuellement la raison pour laquelle l’équation cinétique 4.38 ne décrit pas
la physique de l’équation mâıtresse 4.26. Une des perspectives de travail sera donc l’intégration
numérique de l’équation cinétique 4.43 afin de voir si celle-ci peut reproduire la physique du laser
Raman à fibre présente dans l’équation mâıtresse 4.26. De plus, cette façon de procéder permet
d’établir une équation cinétique “ab initio” associée à l’équation champ moyen 4.26, ce qui permet-
tra éventuellement de saisir l’approche phénomènologique de Babin et al pour établir leur équation
cinétique associée à l’équation 4.26.

4.4 Conclusions

Mis à part le fait que l’équation cinétique 4.38 telle qu’elle a été développée ne semble pas pou-
voir décrire les mécanismes physiques présents dans l’équation mâıtresse 4.26 (identique à l’équation
champ moyen 3.11 développée par Babin et al et présentée dans la section 3.2.2.1), nous pouvons
nous interroger sur la capacité ou non de la théorie cinétique des ondes à pouvoir décrire la forma-
tion du spectre optique dans les lasers Raman à fibre :

- Premièrement, l’équation cinétique 4.38 a été établie à partir d’un modèle champ moyen
décrivant l’évolution temporelle de l’amplitude complexe de l’onde Stokes intracavité. Comme nous
l’avons vu dans le troisième chapitre, cette équation n’est valable que pour des variations d’ampli-
tude supposées faibles d’un tour de cavité sur l’autre. Or, nous savons que ceci est faux en particulier
à forte puissance de pompe (figure 2.4). Ceci implique que l’équation mâıtresse 4.26 ne peut pas
décrire quantitativement la formation du spectre optique du laser à forte puissance, c’est ce que
nous avons montré sur la figure 3.10. D’un point de vue purement pratique, de manière évidente on
s’attend donc à ce que l’équation cinétique 4.38, développée à partir de l’équation mâıtresse 4.26,
ne permette pas non plus une description quantitative de la formation du spectre optique du laser
Raman dans ce régime de puissance.

- Deuxièmement, une hypothèse fondamentale de la théorie cinétique des ondes est que la dis-
tribution de probabilité caractérisant la statistique de l’onde Stokes doit demeurer quasi-gaussienne
lors de son évolution dans la cavité. Or, comme nous l’avons montré dans le deuxième chapitre,
d’après notre modèle complet développé dans le deuxième chapitre, ceci n’est jamais le cas dans
le laser Raman, quelle que soit sa puissance de fonctionnement (section 2.4.2.2). Cette hypothèse
fondamentale n’étant a priori pas respectée dans les lasers Raman à fibre, nous pouvons nous inter-
roger sur la validité de la théorie cinétique des ondes dans ce genre de système. D’ailleurs, il serait
intéressant d’étudier la statistique du champ Stokes induite par l’équation mâıtresse 4.26 et de voir
si celle-ci dévie fortement d’une statistique gaussienne. Cela peut également constituer une piste
de travail intéressante par la suite. Toutefois, et ceci reste une question ouverte, il est également
intéressant d’étudier à quel point la validité de la théorie cinétique des ondes est sensible à une
déformation de la distribution de probabilité du champ.

- Enfin, l’hypothèse que la statistique du champ doit demeurer quasi-gaussienne pour décrire
par des arguments statistiques la formation du spectre du laser est aussi une conséquence du fait
que les effets non linéaires doivent être dominés par les effets linéaires dispersifs. Dans le laser
Raman à fibre, nous ne savons pas si cette condition est respectée. Le fait que le spectre optique du
laser s’élargisse fortement avec la puissance Stokes grâce au mélange à quatre ondes semble a priori
suggérer que ce n’est pas le cas. Toutefois, quelle incidence cela peut-il avoir sur la validité de la
théorie cinétique des ondes dans le cas d’un système non hamiltonien tel que le laser Raman à fibre ?
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Conclusion

Le travail présenté dans ce mémoire a été consacré à l’étude de la formation du spectre optique
dans les lasers Raman à fibre.

Dans le premier chapitre de ce manuscrit, nous avons présenté le principe de fonctionnement
du laser Raman à fibre et exposé l’ensemble des modélisations existantes cherchant à décrire les
propriétés physiques de ce laser. Il ressort de ces différents travaux que l’élargissement du spectre
optique de l’onde Stokes avec la puissance de pompe joue un rôle important dans le fonctionnement
du laser Raman à fibre. Dès lors, beaucoup d’efforts ont été faits pour établir un modèle simple
permettant de comprendre les mécanismes de formation du spectre optique de l’onde Stokes. Toute-
fois, aujourd’hui encore il n’existe pas de modèle clair et unique décrivant dans toutes les zones de
paramètres les propriétés spectrales du laser Raman à fibre. De surcrôıt, les études expérimentales
sur lesquelles s’appuient ces modèles sont souvent incomplètes et peu précises.

Nous avons mené une étude expérimentale détaillée dans laquelle nous connaissons avec précision
l’ensemble des paramètres physiques d’un laser Raman à fibre oscillant dans une cavité Pérot-Fabry.
En particulier, grâce à un contrôle précis de l’état de polarisation des champs intracavité, nous avons
mesuré quantitativement un total de quatre spectres optiques pour l’onde Stokes se propageant dans
les deux sens de circulation de la cavité. Il découle de notre étude deux résultats importants sur les
propriétés spectrales du laser Raman à fibre :

- A faible puissance de pompe, la forme du spectre optique du laser évolue peu d’un tour de
cavité sur l’autre. Toutefois, le spectre optique présente une forme asymétrique qui n’avait à notre
connaissance jamais été reportée dans la littérature.

- A forte puissance de pompe, la forme du spectre optique est totalement symétrique et celle-ci
évolue fortement sur un tour de cavité. En particulier, notre étude expérimentale révèle que dans
ce régime de puissance, le spectre optique résulte d’un phénomène dans lequel l’élargissement du
spectre sur un passage dans la fibre est périodiquement contrebalancé par un effet de filtrage des
miroirs de la cavité.
Le schéma synoptique de la figure 2.3 résume le comportement du spectre optique du laser Raman
à fibre selon la puissance du laser.

Nous avons cherché à identifier les mécanismes physiques responsables de la formation du spec-
tre optique dans les lasers Raman à fibre en développant plusieurs modèles. L’un d’eux est basé
sur l’intégration numérique de l’équation de Schrödinger Non Linéaire associée aux conditions de
réflexions sur les miroirs de Bragg. Nous avons montré que ce modèle “complet” reproduit quan-
titativement le spectre optique mesuré expérimentalement et dans tous les régimes de puissance
du laser. En particulier, ce modèle montre que la forme asymétrique du spectre observée à faible
puissance de pompe est liée aux effets de phases induits par les miroirs de Bragg. Un autre modèle
en champ moyen que nous avons développé a révélé que ces effets de phases des miroirs de Bragg
induisent sur l’onde Stokes des effets dispersifs. Ceux-ci ont pour conséquence de décaler la longueur
d’onde du zéro de dispersion de la cavité (fibre + miroirs) dans la bande de réflectivité des miroirs de
Bragg et à une longueur d’onde différente de leur centre de réflectivité. De cette manière, l’asymétrie
des effets dispersifs induit à faible puissance de pompe une asymétrie de forme du spectre optique
du laser. Par ailleurs, l’utilisation combinée du modèle champ moyen et du modèle “complet” nous
a également permis d’identifier l’origine physique de la symétrisation du spectre observée à forte
puissance de pompe. Elle provient du fait qu’à forte puissance les effets de filtrage des miroirs
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deviennent dominants. Le spectre optique n’est alors plus sensible aux effets dispersifs induits par
les miroirs de Bragg. Enfin, le modèle complet présenté dans ce manuscrit a également été utilisé
pour étudier numériquement la statistique de l’onde Stokes dans le laser Raman à fibre. Ceci nous
a permis de questionner la validité de certains travaux [8–10] sur les propriétés spectrales du laser.

Un certain nombre de points importants portant sur la formation du spectre optique dans les
lasers Raman à fibre ont été soulevés dans ce manuscrit et restent encore à éclaircir dans des travaux
ultérieurs :

- Tout d’abord, un des derniers modèles cherchant à décrire la formation du spectre optique
de l’onde Stokes et établi par Babin et al [8] est basé sur une approche statistique d’une équation
en champ moyen décrivant l’évolution temporelle de l’onde Stokes. Selon Babin et al, la forme du
spectre optique du laser est dûe à un mécanisme faiblement turbulent d’échange d’énergie entre
les modes de la cavité induit par l’effet Kerr. En utilisant les concepts de la théorie cinétique des
ondes [17], les auteurs développent une équation cinétique dont la solution stationnaire décrit selon
eux quantitativement la formation du spectre optique du laser Raman. Toutefois, bien que la théorie
cinétique des ondes soit un outil fondamentalement intéressant pour étudier la formation du spectre
optique du laser Raman à fibre, l’approche proposée de Babin et al semble ne pas pouvoir décrire
cette formation dans certaines zones de paramètres du laser (travaux de Turitsyna et al [9, 10]).
Des travaux supplémentaires sont nécessaires pour comprendre la raison pour laquelle l’approche
phénomènologique de Babin et al décrit quantitativement selon les auteurs la formation du spectre
optique dans les lasers Raman à fibre, mais aussi pour confirmer si la théorie cinétique des ondes
est applicable dans le cadre de ces systèmes optiques.

- Enfin, nous pouvons remarquer que les travaux de recherche présentés dans ce manuscrit con-
cernent uniquement la formation à l’état stationnaire du spectre optique dans les lasers Raman à
fibre. Comme le reporte l’étude numérique présentée dans la référence [9], le spectre optique de
l’onde Stokes à l’état stationnaire résulte en réalité d’un régime transitoire au cours duquel une
condition initiale monochromatique s’est déstabilisée. Lorsque nous réalisons une analyse de sta-
bilité linéaire de cette condition initiale monochromatique (non exposée dans ce manuscrit) à partir
de l’équation en champ moyen que nous avons développée, celle-ci montre qu’elle est linéairement
stable. D’un point de vue fondamental, il est important de comprendre le mécanisme physique qui
conduit à la déstabilisation de cet état monochromatique du spectre du laser, et donc au spectre
fortement multimode que nous avons observé au cours de nos expériences. Cette perspective de
travail est actuellement menée par l’équipe avec laquelle j’ai travaillé.
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Annexe A

Equation cinétique associée à

l’équation de Schrödinger Non

Linéaire à 2 dimensions

Dans cette annexe, nous présentons l’ensemble des étapes de calcul conduisant à l’établissement
de l’équation cinétique associée à l’équation de Schrödinger Non Linéaire à 2 dimensions.

Considérons une onde électromagnétique se propageant dans un milieu Kerr conservatif. Dans
le cadre de l’approximation paraxiale, l’amplitude A(z, r) du champ électrique de l’onde obéit à
l’équation de Scrödinger Non Linéaire normalisée :

∂A

∂z
= i∆A+ iα|A|2A, (A.1)

où z est la distance de propagation dans le milieu, r le vecteur transverse de composantes (x, y)

et ∆ = ∂2

∂x2 +
∂2

∂y2 l’opérateur laplacien transverse lié à la diffraction de l’onde dans le milieu. Le

paramètre α peut prendre deux valeurs différentes correspondant au régime “focalisant” (α = 1)
ou au régime “défocalisant” (α = −1).

Soit Ã(z,k) la transformée de Fourier spatiale de A(z, r) définie par :

Ã(z,k) =
1

2π

∫ +∞

−∞
A(z, r)e−ik.rdr, (A.2)

ainsi que

A(z, r) =
1

2π

∫ +∞

−∞
Ã(z,k)e+ik.rdk, (A.3)

δk =
1

(2π)2

∫ +∞

−∞
e−ik.rdr. (A.4)

L’évolution de l’amplitude complexe Ã(z,k) est décrite par l’équation A.5 issue de la transformée de
Fourier de l’équation A.1, à laquelle nous ajoutons un terme de pertes −γÃ permettant de faciliter
le développement de l’équation cinétique [17, 101] :

∂Ã(z,k)

∂z
= −γÃ(z,k)− ik2Ã(z,k) + i

α

2π

∫ +∞

−∞
A(z, r)A∗(z, r)A(z, r)e−ik.rdr. (A.5)

Les termes A(z, r) et A∗(z, r) de l’intégrale du membre de droite de l’équation A.5 peuvent être
remplacés par leur expression issue de la transformée de Fourier inverse définie en A.3. Ce qui donne
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pour l’équation A.5 [101] :

∂Ã(z,k4)

∂z
= −γÃ(z,k4)− ik24Ã(z,k4)

+ i
α

(2π)4

∫ +∞

−∞
dr

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Ã(z,k1)Ã

∗(z,k2)Ã(z,k3)e
−i(k4+k2−k1−k3)rdk1dk2dk3,

(A.6)

où le vecteur k de l’équation A.5 a été remplacé par k4.

L’équation cinétique décrivant l’évolution du spectre de l’onde est obtenue en établissant l’équation
du moment d’ordre 2 du champ défini par

〈Ã(z,k4)Ã
∗(z,k5)〉 = n(z,k4)δk4−k5

, (A.7)

où n(z,k4) est le spectre optique de l’onde électromagnétique. Afin d’obtenir l’équation pour le
moment d’ordre 2 du champ, nous multiplions l’équation A.6 par le complexe conjugué A∗5, où
la notation A∗5 = Ã∗(z,k5) est introduite pour alléger l’écriture. En additionnant l’équation ainsi
obtenue à son complexe conjugué et en utilisant la relation A.4, nous obtenons l’équation suiv-
ante [101] :

∂(A4A
∗
5)

∂z
= −2γA4A

∗
5 + i(k25 − k24)A4A

∗
5

+ i
α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
(δk5+k2−k1−k3

A1A
∗
2A3A

∗
5 −A∗1A2A

∗
3A4 δk4+k2−k1−k3

)dk1dk2dk3,

(A.8)

où δki+k2−k1−k3
est la distribution δ de Dirac. Enfin, en prenant la valeur moyenne de l’équation

A.8 et en considérant que k4 = k5 dans l’expression A.7 du moment d’ordre 2, nous obtenons
l’équation d’évolution du spectre optique de l’onde [101] :

∂n(z,k4)

∂z
= −2γ n(z,k4)−

2α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Im(Î) δk4+k2−k1−k3

dk1dk2dk3, (A.9)

où Im(Î) est la partie imaginaire du moment d’ordre 4 du champ défini par Î = 〈A∗1A2A
∗
3A4〉.

Dans le développement de l’équation cinétique, l’étape suivante consiste à écrire une équation
sur les moments d’ordre 4 et de procéder à la fermeture des moments en remplaçant les moments
d’ordre 6 y apparaissant uniquement par une somme de moments d’ordre 2. L’équation différentielle
des moments d’ordre 4 s’obtient en utilisant le fait que :

∂z(AiA
∗
jAkA

∗
l ) = A∗jAkA

∗
l ∂zAi +AiAkA

∗
l ∂zA

∗
j +AiA

∗
jA
∗
l ∂zAk +AiA

∗
jAk ∂zA

∗
l . (A.10)

Ainsi, en partant de l’équation A.5, nous obtenons pour Î le moment d’ordre 4 de l’équation A.9 :
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∂z Î = −4γÎ − i(k21 + k23 − k22 − k24)Î

+ i
α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
δk1+k7−k6−k8

〈A6A
∗
7A8A

∗
2A3A

∗
4〉 dk6dk7dk8

+ i
α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
δk3+k7−k6−k8

〈A6A
∗
7A8A

∗
2A1A

∗
4〉 dk6dk7dk8

− i
α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
δk4+k7−k6−k8

〈A∗6A7A
∗
8A1A

∗
2A3〉 dk6dk7dk8

− i
α

(2π)2

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
δk2+k7−k6−k8

〈A∗6A7A
∗
8A1A

∗
4A3〉 dk6dk7dk8. (A.11)

Ici nous utilisons la relation de fermeture des moments pour exprimer les moments d’ordre 6
〈AiA

∗
jAkA

∗
l AmA∗n〉 de l’équation A.11 en fonction d’une somme de moments d’ordre 2 [17] (seul le

premier moment d’ordre 6 de l’équation A.11 est donné pour faciliter la lecture) :

〈A6A
∗
7A8A

∗
2A3A

∗
4〉 = n7n2n4[δ7−6(δ8−2δ3−4 + δ8−4δ2−3)

+ δ7−8(δ6−2δ3−4 + δ6−4δ2−3) + δ7−3(δ6−2δ8−4 + δ6−4δ8−2)], (A.12)

où les notations ni = n(z,ki) et δi−j = δki−kj
ont été adoptées pour alléger l’écriture. Compte tenu

du fait que les vecteurs d’onde k6, k7 et k8 varient lors du calcul des intégrales de l’équation A.11,
seules les contributions non nulles resteront, soit l’expression finale de A.11 :

∂z Î = −[4γ + i(k21 + k23 − k22 − k24)]Î + i
2α

(2π)2
N (z), (A.13)

avec N (z) = (n2n3n4 + n1n2n4 − n1n2n3 − n1n3n4)δk3+k1−k2−k4
.

Dans la suite du développement de l’équation cinétique, Zakharov et al supposent que la fonc-
tion N (z) dans l’équation A.13 est une constante indépendante de z. La solution de l’équation A.13
pour le moment d’ordre 4 du champ s’écrit alors [17] :

Î(z) = Î ′(z)e−[4γ+i(k2
1+k2

3−k2
2−k2

4)]z − 2α

(2π)2
N

−(k21 + k23 − k22 − k24) + i4γ
, (A.14)

où Î ′(z) est une fonction déterminée en injectant l’expression A.14 dans la relation A.13. A ce stade
du développement de l’équation cinétique, Zakharov et al effectuent une approximation importante
supplémentaire : ils négligent dans l’expression A.14 la contribution de la fonction oscillante qu’ils
supposent nulle en moyenne. Cette approximation revient à ne considèrer que l’évolution station-
naire du moment d’ordre 4, ce qui donne pour Î [17] :

Î ≃ − 2α

(2π)2
N

−(k21 + k23 − k22 − k24) + i4γ
. (A.15)

D’après la définition mathématique de la partie principale P dans le formalisme des distribu-
tions [101]

lim
ǫ→0

1

x± iǫ
= P (

1

x
)∓ iπδ(x), (A.16)

et dans la limite où γ → 0 (système conservatif), l’expression A.15 s’écrit alors :

Î = − 2α

(2π)2
N

[

P

(

1

−(k21 + k23 − k22 − k24)

)

− iπδ(k21 + k23 − k22 − k24)

]

. (A.17)
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En substituant la relation A.17 au moment d’ordre 4 de l’equation A.9, nous obtenons l’équation
cinétique associée à l’équation de Schrödinger Non Linéaire à 2 dimensions :

∂nk4
(z)

∂z
=
4πα2

(2π)4

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Ndk1dk2dk3, (A.18)

avec N = (nk1
nk2

nk3
+ nk1

nk3
nk4

− nk2
nk3

nk4
− nk1

nk2
nk4

)δk1+k3−k2−k4
δk2

1+k2
3−k2

2−k2
4
.
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We show, from experiments and numerical simulations, that dispersion of fiber Bragg grating (FBG) mirrors influ-
ences the formation of the optical power spectrum of Raman fiber lasers by shifting the cavity zero-dispersion
wavelength inside the FBG reflectivity bandwidth. This results in a spectrum asymmetry, which is well described
from a master equation including a third-order dispersion term. © 2010 Optical Society of America
OCIS codes: 140.3550, 060.3735.

Questions related to the formation of the optical spec-
trum of Raman fiber lasers (RFLs) have recently at-
tracted a great deal of interest [1–7]. Although these
complicated questions have been initially raised in order
to find ways to optimize power and spectral characteris-
tics of RFLs, the most recent works in this domain have
moved the problem into the fundamental field of wave
turbulence (WT) [3–6]. RFLs are now seen as light
sources characterized by an optical power spectrum,
which is determined by turbulentlike weak interactions
among their multiple (typically ∼105–108) cavity modes.
Themultimode generation occurring in RFLs is now com-
monly described from a master equation [(ME) general-
ized complex Ginzburg–Landau equation] relying on a
mean-field approach [3,6]. Gains, losses, and dispersive
effects occurring inside the whole laser cavity are sup-
posed to influence the formation of the optical power
spectrum through their dependence in frequency-space.
In particular, fiber Bragg grating (FBG) mirrors are usual-
ly considered as spectral filters, which have only an
effect on the power carried by cavity modes without
influencing their phases. Dispersive effects occurring in-
side the laser cavity are supposed to be dominantly gov-
erned by the second-order dispersion of the fiber, and
dispersive effects occurring at light reflection on the
FBGs are commonly fully neglected [2–7].
Applying WT theory on the ME, Babin et al. have

shown that the RFL intracavity power spectrum takes
a symmetric hyperbolic secant shape [3,4]. Turitsyna
et al. have then underlined that the predictions of WT the-
ory are inherently insensitive to the sign of wave disper-
sion [6]. They have further shown that the dispersion sign
drastically changes the spectral shape, together with the
statistics of the laser radiation [6]. Finally the influence of
the bandwidth and of the spectral shape of the FBG
reflectors has been recently examined from numerical
simulations in [7]. To the best of our knowledge, all pre-
vious theoretical and experimental works on the forma-
tion of optical spectra in RFLs have reported spectra
remaining symmetric, regardless of the laser operating
regime [2–7].
In this Letter, we present experimental and numerical

results showing that dispersion of cavity FBGs must be

taken into account to describe the formation of the op-
tical spectrum in RFLs. We show that conventional RFLs
may exhibit an asymmetric optical power spectrum, and
we demonstrate that this asymmetry finds its origin in
dispersive effects inherent to light reflection at the
FBG mirrors. Introducing a new ME, we show that the
observed asymmetry can be understood from third-order
dispersion (TOD) effects.

Our experimental setup is schematically shown in
Fig. 1. It is basically similar to the one presented in
[8]. The RFL is pumped by a linearly polarized Yb-doped
fiber laser operating at λp ¼ 1100 nm. It is made with a
500-m-long polarization-maintaining fiber (PMF) having
a measured Raman gain of 12:3 dB=km=W at the Stokes
wavelength λs ≃ 1159 nm. The pump wave undergoes a
single pass inside the fiber. The fiber losses are of
0:9 dB=km and 0:8 dB=km at λp and λs, respectively.
The laser cavity is made with two uniform (unchirped)
FBGs with a bandwidth of ∼0:5 nm and peak reflectiv-
ities of R1 ≃ 99% and R2 ≃ 80%. The intracavity spectra
SjðλÞ ðj ¼ 1; 2Þ of Stokes waves, which are incident on
each of the two FBGs, can be recorded at the two ends
of the laser cavity by means of two fiber couplers (FC1

Fig. 1. Experimental setup: HWP, half-wave plate; WDM,
wavelength-dense multiplexer; PC, polarization controller. Pj

ðj ¼ 1; 2Þ represents the power of the forward-propagating
pump wave near FBG1 and FBG2. SjðλÞ ðj ¼ 1; 2Þ represents
the spectral power density of Stokes light incident on FBG1
and FBG2.
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and FC2) inserted between the FBGs and the PMF. The
single-pass insertion losses of FC1 (respectively, FC2)
are 14% (respectively, 10%) at λs. The laser power thresh-
old PTh measured at FC1 is close to 350 mW.
The FBGs and the fiber couplers are made with a stan-

dard fiber (Corning HI1060) that does not preserve light
polarization. Changes in the light state of polarization
(SOP) that occur in these pieces of standard fiber may
have deep impact on the laser power characteristics
[8]. Following a careful procedure similar to the one
described in [8], we have designed the laser to have a pre-
cise control on the light SOP. In our RFL, pump and
Stokes waves remain linearly polarized, at best to within
a few percent. Moreover, a careful calibration procedure
permits us to measure the power Pj and the spectral
power density SjðλÞ ðj ¼ 1; 2Þ of pump and Stokes waves
with a relative uncertainty lower than 10% at the two
ends 1 and 2 (see Fig. 1) of the laser cavity.
Figures 2(a) and 2(b) show the power spectra of the

Stokes light (lower solid blue curves), which is incident
at each of the two FBGs. The optical power spectra have
been recorded at an incident pump power of ∼1:5 times
the laser power threshold (i.e., P1 ∼ 530 mW). At the re-
latively modest level of pump power used, the Stokes op-
tical spectra remain well confined within the reflectivity
bandwidth of the two FBGs and they do not extend in
those wavelength regions in which the reflectivity spec-
trum of FBG1 is slightly asymmetric [see Fig. 2(a)]. The
Stokes optical power spectra exhibit a marked asymme-
try, which strongly contrasts with the symmetric profile
depicted by the two FBGs reflectivity spectra over the
bandwidth of the Stokes light. These features have been
observed at up to twice the laser power threshold in our
experiments.
The asymmetry in the optical power spectra cannot

originate from an asymmetry in the cavity-loss profile,
and it cannot be attributed to a possible wavelength-
dependence of the Raman gain profile, which can be con-
sidered as nearly flat over the narrow bandwidth
(∼0:4 nm) of Stokes light. Furthermore, dispersive
effects occurring inside the cavity fiber can be fairly well

treated by taking into account only the PMF second-
order dispersion, which cannot break the spectrum
symmetry.

We show below that the asymmetric shape of the op-
tical power spectra found in our experiments is due to
higher-order dispersive effects occurring at the reflection
of Stokes light on the cavity FBGs. The influence of these
dispersive effects has been extensively studied in the
time domain for problems related to dispersion compen-
sation in optical fiber transmission systems [9,10]. On the
other hand, FBGs used to close laser cavities are often
considered as optical filters influencing only the power
of frequency components falling out of their bandwidth
[3,7].

To grasp the influence of higher order dispersive
effects on the formation of the optical spectrum in RFLs,
we introduce an ME including, in addition to the ingre-
dients usually found in this approach [3,6,7], the influ-
ence of a TOD term:

∂AðT; tÞ

∂T
¼ −

δ0 þ 2αsL

2τrt
Aþ

1

2τrt
ðδ2 − i2Lβ2Þ

∂2A

∂t2

þ
β3

6τrt

∂3A

∂t3
þ i

2γL

τrt
jAj2Aþ

gL

τrt

�PA: ð1Þ

Contrary to [3,6,7], Eq. (1) is not written for the longitu-
dinal modes of the cavity but for the complex amplitude
AðT; tÞ of the intracavity Stokes field, which varies on
two separate time scales. The “slow” time scale T is as-
sociated to changes of the Stokes field, which occur ty-
pically over the cavity photon lifetime. The “fast” time
scale t corresponds to rapid variations of the Stokes field
occurring on a characteristic time, which is typically
inversely proportional to the Stokes linewidth. As in [3],
δ0 and δ2 are obtained from a parabolic fit of the FBG
reflectivity coefficients: − lnðR1ðωÞR2ðωÞÞ ¼ δ0 þ δ2ω

2

[see Fig. 2(d)]. τrt represents the cavity round trip time.
αp and αs are the fiber power losses at λp and λs, respec-
tively. g and γ represent the Raman and Kerr coefficient
of the fiber, respectively.

�P ¼ P1

1 − expð−αpL − 2g λs
λp
ILÞ

αpLþ 2g λs
λp
LI

represents the mean power of the saturated pump field,
which is exponentially depleted. P1 is the incident pump
power measured at FC1, IðTÞ ¼

R

jAðT; tÞj2dt is the total
Stokes power. L and β2 are the length and the second-
order dispersion coefficient of the PMF, respectively.

Using a well-established analytic expression for the

complex reflectivity coefficients ρjðλÞ ¼
ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi

RjðλÞ
p

× exp
ðiϕjðλÞÞ ðj ¼ 1; 2Þ of uniform (unchirped) FBGs (Eq.
(21) of [11]),wehave determined theFBGparameters that
provide reflectivity power spectra as close as possible to
those measured in the experiment. With this procedure,
the spectral phases ϕjðωÞ ðj ¼ 1; 2Þ of the two uniform
FBGs used in experiments are determinedwith a good ac-
curacy. Figure 2(c) shows the second-order dispersion
βcav
2

ðλÞ accumulated over one round trip inside the laser

cavity ðβcav
2

ðωÞ ¼ 2β2Lþ d2

dω2 ðϕ1ðωÞ þ ϕ2ðωÞÞ, ω ¼ 2πc
λ
,

Fig. 2. (Color online) (a), (b) Experiments: spectra S1ðλÞ and
S2ðλÞ of the Stokes light waves incident on (a) FBG1 and (b)
FBG2 are plotted with the lower solid blue curves. Reflectivity
power spectra of (a) FBG1 and (b) FBG2 are plotted with the
upper dashed red curves. The resolution of the optical spectrum
analyzer is of 0:01 nm. (c) Cavity second-order dispersion
βcav
2

ðλÞ. λ0 is the cavity ZDW, and λs is the central wavelength
of FBGs. (d) FBG losses: measurement (thin curve) and pa-
rabolic approximation (thick dashed curve).
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where c is the light velocity). As a result of dispersive ef-
fects occurring at reflection on the FBGs, the laser cavity
exhibits a zero-dispersion wavelength (ZDW) λ0 ¼
1159:30 nm, which falls inside the reflectivity bandwidth
of the FBGs. The central wavelength λs of the FBGs is
1159:15 nm. At λ ¼ λs, the cavity second-order dispersion
is given by βcav

2
ðλsÞ ¼ 2β2L. The numerical values of the

TOD coefficient β3 found in Eq. (1) is simply determined
from the curve plotted in Fig. 2(c) by using the

relation β3 ¼
dβcav

2
ðωÞ

dω
jωs

(ωs ¼
2πc
λs
). The value of the TOD

coefficient β3 thus found is 54:4 ps3. The contribution
of the cavity fiber to the TOD effects is negligible, because
its TOD coefficient is βPMF

3
∼ −4:3 10−2 ps3=km at the

Stokes wavelength.
Despite the strongly positive second-order dispersion

of the PMF (β2 ¼ 15:7 ps2=km at 1159 nm), strong disper-
sive effects that also occur over one cavity round trip
inside the two FBGs bring the ZDW of the laser cavity
inside the FBG reflectivity bandwidth. To the best of
our knowledge, this feature has never been reported.
The second-order dispersion of a highly reflective FBG
mirror (R ¼ 99%) typically varies ∼1000 ps2 over its
bandwidth. This is much greater than the absolute value
of the second-order dispersion coefficient of standard fi-
bers, which does not exceed a few tens of ps2=km in the
1–1:6 μm wavelength region. Therefore, the shift in the
ZDW that we report in this Letter arises in any RFL os-
cillating in a Fabry–Perot cavity made with at least one
highly reflective uniform (unchirped) FBG and with a
standard fiber having a length lower than a few kilom-
eters. In our RFL, the ZDW λ0 is slightly detuned from
the central wavelength λs of the two FBGs. The disper-
sive effects are, therefore, not symmetric with respect
to the central wavelength of the FBG mirrors, which
leads to an asymmetric Stokes optical power spectrum.
Starting from a noisy initial condition, Eq. (1) has been

numerically integrated using a numerical step- and order-

adaptative split-step scheme [12]. Well after any transient
motion, the Stokes spectrum at steady state is obtained
from an average of the Stokes spectra over thousands of
cavity round trip times. As shown in Fig. 3, the steady-
state Stokes spectrum exhibits a marked asymmetry,
which is fully relaxed if the value of β3 is set to zero.
The peak-wavelength of the Stokes spectrum and the
cavity ZDW λ0 are roughly symmetrically located with
respect to λs. The Stokes spectrum obtained from the in-
tegration of Eq. (1) is not exactly quantitatively identical
to the spectrum experimentally recorded. This can be ex-
plained from a nonnegligible contribution of dispersive
effects of order greater than 3 or from deviations, in
the experiment, of the mean-field approximation used to
derive Eq. (1).

In conclusion, we have shown both from experiments
and numerical simulations that high-order dispersive ef-
fects occurring at light reflection on cavity FBGs deeply
influence the formation of the optical power spectrum in
RFLs by shifting the cavity ZDW inside the FBG reflectiv-
ity bandwidth. In our RFL, this results in a spectrum
asymmetry, which is observed near the laser threshold
and which is well described from a ME, including a
TOD term. Well above the threshold, our experiments
show that the RFL spectrum takes a symmetric shape
previously observed in various RFLs [2–4]. This cannot
be described from our model [Eq. (1)], which produces
a spectrum asymmetry, whatever the incident pump
power, if β3 ≠ 0. One can expect that dispersive effects
of an order greater than 3 and the exact shape of FBG
reflectivity power spectra are needed to describe the
symmetrization of the Stokes power spectrum well above
the threshold.
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We present an experiment in which intracavity optical power spectra of a Raman fiber laser are precisely measured
both in the forward and in the backward propagation directions near the cavity mirrors. The statistical properties of
the intracavity Stokes field are found to be very different before and after reflection on the cavity mirrors. The in-
fluence of both the dispersion and the spectral filtering actions of fiber Bragg grating mirrors are discussed. © 2011
Optical Society of America
OCIS codes: 140.3550, 190.4370, 060.3735.

Raman fiber lasers (RFLs) are light sources that deliver
high-power cw radiation in the near-IR region. Their op-
tical spectrum is typically composed of 105 to 108 long-
itudinal modes interacting from four-wave mixing (FWM)
processes. Recent theoretical treatments consider this
multimode generation as being a turbulentlike phenom-
enom, and they use a master equation (ME) relying on a
mean-field approximation to describe the laser physics
[1–4]. This ME approach is well justified as long as the
Stokes field (and its power spectrum) slightly changes
from one cavity round trip to the next one. The ME ap-
proach can be valid in the so-called high-Q RFL [1], and it
captures qualitatively the laser physics near the thresh-
old, as long as the Stokes power spectrum remains nar-
rower than the fiber Bragg grating’s (FBG’s) reflectivity
power spectra [5]. In particular, we have recently shown
that the RFL spectrum is asymmetric near the threshold
because of high-order dispersive effects occurring in
FBG mirrors closing the cavity [5].
For RFLs oscillating well above the threshold in cav-

ities that are not closed by highly reflective (∼99%) FBGs,
the ME treatment cannot be applied, and a few numerical
procedures based on generalized nonlinear Schrödinger
(NLS) equations have been introduced to compute the
forward- and backward-propagating fields [6,7]. At each
time step, intracavity fields are computed from forward-
and backward-propagating fields, which are evaluated at
different physical times. Therefore, such numerical pro-
cedures cannot describe the precise dynamics of the RFL
from one single pass in the fiber to the next one. How-
ever, they are interestingly found to converge towards
Stokes fields that have mean powers and mean spectral
widths quantitatively comparable with those measured in
experiments [6,7]. Considering this good quantitative
agreement between numerical results and experiments,
Churkin et al. have recently used such a model to get in-
formation about the statistics of the intracavity Stokes
radiation in a high-Q normal dispersion cavity RFL [7].
The statistical properties of ultralong RFLs have also
been investigated from an ME treatment in Ref. [3]. In
these works, the statistical treatment was performed at
one point inside the cavity with the implicit assumption
that the statistics do not change along the cavity fiber.

In this Letter, we show that the intracavity Stokes field
significantly changes in terms of statistics and optical
power spectrum depending on the light propagation di-
rection and on the position inside the cavity fiber. We
present an experiment in which we examine a total of
four intracavity Stokes optical power spectra recorded
near the two FBG mirrors, both in forward- and in back-
ward- propagation directions. Our laser operates well
above threshold in a cavity configuration that is far from
the so-called high-Q RFL. We show that forward- and
backward-propagating Stokes waves experience a signif-
icant spectral broadening from a single pass inside the
cavity fiber. The ME approach being inadequate in this
situation, we introduce a simple model describing the
spectral broadening phenomenon in a quantitative way
at steady state. The statistical properties of the Stokes
field determined from this model are shown to be signif-
icantly modified from a single pass inside the fiber and
the succeeding reflection on one FBG mirror.

Figure 1 shows a schematic representation of our ex-
perimental setup, which is similar to the one presented in
Ref. [5]. The RFL is pumped by a linearly polarized Yb-
doped fiber laser operating at λp ¼ 1100 nm. It is made
with a 500-m-long polarization-maintaining fiber (PMF)

Fig. 1. Experimental setup. HWP, half-wave plate; WDM,
wavelength-dense multiplexer; PC, polarization controller. P1

and P2 are the powers of the forward-propagating pump wave
near FBG1 and FBG2, respectively. S

þ=−
1;2 ðλÞ are the spectral

power densities of forward-propagating (þ) and backward-
propagating (−) intracavity Stokes light near FBG1 and FBG2.
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having a Raman gain of 12:3dB=km=W at the Stokes
wavelength λs ≃ 1159 nm. The pump wave undergoes a
single pass inside the fiber. The fiber losses are of
0:8dB=km at λs. The laser cavity is made with two un-
chirped FBGs already described in Ref. [5]. Their band-
width is of ∼0:5 nm, and their peak reflectivities are
R1 ≃ 99% and R2 ≃ 80%. The intracavity power spectra,
S
þ=−
j ðλÞ (j ¼ 1; 2), of forward-propagating (þ) and back-

ward-propagating (−) Stokes waves are recorded at the
two ends of the laser cavity, near the FBGs, by means of
two fiber couplers (FC1 and FC2) inserted between the
FBGs and the PMF. The single-pass insertion losses of
FC1 and FC2 are 14% and 10%, respectively, at λs. The
laser power threshold, PTh, measured at FC1 is ∼350mW.
As extensively discussed in Refs. [5,8], the RFL of Fig. 1

has been designed with great care to make sure that the
pump and Stokes waves remain linearly polarized with a
precision better than a few percent. A careful calibration
procedure has been implemented to measure the powers
P1;2 and the spectral power densities S

þ=−
1;2 ðλÞ of pump and

Stokes waves with a relative uncertainty lower than 10%
at the two ends of the laser cavity.
Figures 2(a) and 2(b) show the power spectra of

forward- and backward-propagating Stokes light near
FBG2 and FBG1, respectively. At a pump power, P1, of
∼3:6W∼10PTh, the Stokes light incident on each of the
two FBGs has experienced a significant spectral broad-
ening. The power of the Stokes light incident on FBG2
and FBG1 is ∼2:6W and ∼1:9W, respectively. Propagat-
ing from FBG1 to FBG2 and from FBG2 to FBG1, the
Stokes optical power spectrum takes a smooth shape
with nearly exponential wings [1] and its width increases
by factors of ∼2 and ∼1:5, respectively, from a single pass
inside the cavity fiber. Experimental results presented in
Figs. 2(a) and 2(b) show that the formation of the RFL
optical power spectrum results from a balance phenom-
enon in which the single-pass spectral broadening
mechanism is periodically counterbalanced by the FBG’s
filtering action.

As single-pass propagation induces pronounced
changes in the Stokes power spectra (compare for in-
stance Sþ

1
and Sþ

2
in Figs. 2(a) and 2(b)], a ME treatment

of features observed in experiments is a priori not prac-
ticable. However, these features can be quantitatively
described from a model in which a generalized NLS equa-
tion is iteratively integrated in forward and backward di-
rections. Considering propagation in a reference frame
moving with the Stokes wave, our model reads

�
∂A�

s ðz; tÞ

∂z
þ i

β2

2

∂2A�
s ðz; tÞ

∂t2
¼ −

αs

2
A�
s ðz; tÞ

þ
g

2
PðzÞA�

s ðz; tÞ

þ iγjA�
s j

2A�
s : ð1Þ

A�
s ðz; tÞ represent the complex envelopes of the forward-

(þ) and backward- (−) propagating Stokes fields. β2 and
αs are the second-order dispersion coefficient and the fi-
ber attenuation coefficient at λs. g and γ are the Raman
and Kerr coefficients of the fiber at λs. As in Refs. [6,7],
we introduce an empirical procedure that does not de-
scribe the precise dynamics of the RFL but that provides
its average optical power spectrum. Instead of a propa-
gation equation for the pump wave [7], we use a simple
expression for its stationary longitudinal power, PðzÞ. As
the pump power has been carefully measured at the two
ends of the PMF (Pðz ¼ 0Þ ¼ P1 ∼ 3:6W, Pðz ¼
LÞ ¼ P2 ∼ 34mW), we suppose that the function PðzÞ
is simply given by PðzÞ ¼ P1e

−az with a ¼ 1=L lnðP1=P2Þ.
Numerical simulations taking into account saturation of
the Raman gain, show that deviations from this exponen-
tial profile are weak and can be neglected even at
P1 ∼ 10PTh. With this fixed stationary pump profile,
PðzÞ, the pump wave is treated as a monochromatic
wave, and cross-phase modulation effects between the
pump and Stokes waves are neglected [7].

Starting from a noisy initial condition for the Stokes
field, Eq. (1) is first numerically integrated in the forward
direction from z ¼ 0 to z ¼ L. The Stokes field computed
at z ¼ L is reflected by FBG2, and numerical integration
of Eq. (1) is made between z ¼ L and z ¼ 0. The Stokes
field is reflected by FBG1, and the whole procedure is
repeated until the wave system reaches a steady state.
RFL optical power spectra are obtained from an ensem-
ble average over hundreds of realizations of the iterative
procedure [9]. In this procedure, reflections on FBGs are
treated by using a well-established analytic expression
for the complex reflectivity coefficients ρjðλÞ ¼

ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi

RjðλÞ
p

exp½iϕjðλÞ� (j ¼ 1; 2) of the unchirped FBGs {Eq. (21)
of Ref. [10]}. As in Ref. [5], the FBG’s parameters found
in this analytic expression have been adjusted in order to
get reflectivity power spectra as close as possible to
those measured in the experiment.

As shown in Figs. 2(c) and 2(d), the Stokes optical
power spectra computed from numerical simulations
based on the procedure described above are nearly quan-
titatively identical to those measured in the experiments
at ∼10PTh. Moreover, our procedure allows us to inves-
tigate the influence of the spectral phases, ϕ1;2ðλÞ,
of FBGs: Stokes optical power spectra at ∼10PTh have
a symmetric shape, which is not sensitive to dispersive

Fig. 2. (a) and (b) Experiments at P1 ∼ 3:6W ∼ 10PTh. S
−
2
and

Sþ
1
are the spectra of Stokes light reflected by FBG2 and FBG1,

respectively, and Sþ
2
and S−

1
are respectively the spectra of for-

ward-propagating and backward-propagating Stokes light inci-
dent on FBG2 and FBG1, respectively. (c) and (d): Same as (a)
and (b) but from numerical simulations made with the param-
eters g ¼ 12:3dB=km=W, αs ¼ 0:8 dB=km, β2 ¼ 15:7ps2=km,
and γ ¼ 6:3 km−1 W−1.
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effects occurring in FBGs [i.e., canceling out the phases
ϕ1;2ðλÞ of FBGs, the spectra remain identical to those of
Figs. 2(c) and 2(d)]. This means that dispersive effects
occurring in FBGs well above threshold do not play
any role; the symmetric shape of the RFL spectrum is gi-
ven by the shape of the FBG reflectivity power spectra.
Our iterative procedure also confirms that the spec-

trum asymmetry evidenced at ∼1:5PTh in Ref. [5] fully
originates from dispersive effects occurring at light
reflection on FBGs. Indeed, numerical simulations at
∼1:5PTh provide results quantitatively nearly identical
to those observed in experiments previously reported
in Figs. 2(a), (b) of Ref. [5]. Canceling out the phases
ϕ1;2ðλÞ of FBGs, we have checked that the spectrum
asymmetry observed near the laser threshold is fully
relaxed.
In Ref. [7], Churkin et al. have shown that the ampli-

tudes of the longitudinal modes cannot be treated as con-
stant in RFLs. We obtain identical conclusions from
numerical simulations based on the iterative integration
of Eq. (1). However, note that the so-called random spec-
tral phase model provides results on averaged spectra
that are almost identical to those presented in Fig. 2. Tak-
ing a Stokes wave with a power spectrum given by Sþ

1
ðλÞ

or S−
2
ðλÞ and random spectral phases, the single-pass in-

tegration of Eq. (1) from z ¼ 0 to z ¼ L or from z ¼ L to
z ¼ 0, respectively, gives an averaged power spectrum
nearly identical to Sþ

2
ðλÞ and S−

1
ðλÞ, respectively. If the

averaging procedure is not performed, the spectra com-
puted from the single-pass integration of Eq. (1) have the
noisy structure evidenced in Fig. 2(a) of Ref. [7].
The complete numerical procedure based on the itera-

tive integration of Eq. (1) is now used to investigate the

statistics of the Stokes field before and after reflection on
the FBG mirrors. As shown in Figs. 3(a) and 3(b), prob-
ability density functions (PDFs) of the real part,
Re½A�

s ðtÞ�, of the Stokes field at z ¼ 0 or z ¼ L strongly
depend on whether Stokes light is incident or reflected
by FBG mirrors. Stokes light reflected by FBG mirrors
exhibits nearly Gaussian statistics that significantly differ
from the statistics of the Stokes light that is incident on
the FBG mirrors. Note that, computing the PDFs for the
intensities jAþ

s ðt; z ¼ LÞj2 and jA−
s ðt; z ¼ 0Þj2 of Stokes

fields that are incident of FBG mirrors, we obtain results
qualitatively similar to those presented in Fig. 3(b) of
Ref. [7]. As shown in Figs. 3(c) and 3(d), the PDFs of
the real part, Re½A�

outðtÞ�, of the Stokes field at the output
of the laser cavity are different from the PDFs of the in-
tracavity Stokes field [Figs. 3(a) and 3(b)]. Future works
intending to describe the statistical properties of partially
coherent cw fiber lasers will therefore have to separate
light propagation directions and to distinguish the laser
output field from the intracavity field.

PDFs of the intracavity Stokes field are distorted by
the single-pass spectral broadening phenomenon, but
they return to the Gaussian shape from reflections on
FBG mirrors. Wave turbulence theory provides a theore-
tical framework for studying the nonlinear evolution of
fields that preserve nearly Gaussian statistics [11]. Distor-
tions from Gaussian shape evidenced in Fig. 3 open ques-
tions about the validity of a kinetic wave treatment of
spectral broadening in RFLs that oscillate in configura-
tions far from the so-called high-Q RFL [1].
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