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Résumé

Les amplificateurs Raman a fibres optiques apparaissent aujourd hui comme une solution tres
prometteuse pour augmenter la capacité de transmission des réseaux optiques WDM longues
distances et hauts débits. Afin de dégager les caractéristiques des amplificateurs Raman, ce travail
de these propose une étude théorique approfondie permettant de comprendre et modéliser les
processus de génération de bruit dans ce type d’amplificateurs optiques, et analyser les
performances en terme de qualité de transmission.

La diffusion Raman stimulée est un processus nonlinéaire de la diffusion de lumiere. Afin d’établir
un modele quantifié pour 1’amplification Raman dans les fibres optiques, nous avons tout abord
proposé une nouvelle description quantique de I’optique nonlinéaire macroscopique, utilisant une
approche fondée sur une quantification canonique de I’interaction champ-matiere. Les résultats de
cette approche dont la limite, lorsque les variables de champ sont traitées de maniere classique, est
tout a fait en accord avec la théorie semi-classique de 1’optique nonlinéaire. Ils répondent a une
question importante de 1'optique nonlinéaire quantifiée portant sur I’ordre des opérateurs
correspondant au champ électrique. Avec ces résultats, nous avons réussi a établir un modele
unidimensionnel de propagation des opérateurs de champ quantiques dans les fibres optiques.

L’amplification Raman distribuée dans les fibres optiques de transmission est intrinsequement de
faible bruit. Pour mieux apprendre ce probléme, nous avons tout d’abord reformuler, d’une maniere
générale, les propriétés quantiques du champ optique, les limites quantiques des dispositifs optiques
linéaires et insensibles a la phase, les statistiques quantiques du photocourrant, et les différentes
définitions du facteur de bruit pour les dispositifs amplificateurs. Nous avons ensuite caractérisé le
gain et le facteur de bruit des amplificateurs Raman, permettant de comparer les performances de
bruit intrinseque en fonction de la configuration de pompage choisie. Nous avons également
effectué une analyse de I’impact de la nonlinéarité et de la saturation de gain sur la génération de
bruit intrinseque.

En complément au bruit quantique intrinseque, nous avons étudié deux autres sources de bruit
classique importantes dans les amplificateurs Raman, qui sont la rétrodiffusion Rayleigh et le
transfert de bruit de la pompe vers le signal. Prenant en compte la diffusion Rayleigh, nous avons
établi un modele de propagation bidirectionnelle. Notre modélisation de la diffusion Rayleigh dans
les fibres optiques monomodes est corroborée par sa consistance avec les expressions analytiques
déja connues. Un programme pour la simulation numérique de la propagation bidirectionnelle des
densités spectrales de puissance a été développé. Il permet d’étudier I'impact de la rétrodiffusion
Rayleigh sur la génération de bruit intrinseque et sur la saturation de gain. Nous avons aussi étudié
les propriétés statistiques du bruit en présence de la rétrodiffusion Rayleigh. Ces résultats nous ont
permit d’analyser I’impact de la rétrodiffusion Rayleigh sur les performances des systemes. En ce
qui concerne le transfert de bruit de la pompe vers le signal, nous avons étudié le modele vectoriel
de I’amplification Raman dans les fibres optiques monomodes. Puisque I’amplification Raman
dépend de la polarisation, apres une courte révision de la théorie traditionnelle de transfert de RIN
de la pompe vers le signal, nous avons porté notre attention sur I’impact de la dispersion modale de
polarisation (PMD) sur le transfert de bruit. Nous avons montré que, a cause des fluctuations
temporelles de 1’état de polarisation, la pompe Raman dépolarisée peut induire des bruits
supplémentaires au signal avec 1’assistance de la PMD. Les impacts sur les performances des
systémes de ces bruits supplémentaires ont été finalement analysés.
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Introduction Générale et Plan de These

L’amplification optique est une solution permettant d’améliorer le rapport signal sur bruit
optique pour obtenir un niveau de bruit satisfaisant a la sortie du circuit électronique bruyant
de post-détection. Par rapport aux régénérateurs optique-électronique-optique qui n’agissent
que sur un canal a la fois, les amplificateurs optiques permettent d’amplifier collectivement
plusieurs canaux, et sont, donc, plus rentables. Il sont aussi moins sophistiquées a déployer, et
plus fiables. Aujourd’hui, I’amplification optique devient indispensable dans les systemes
WDM (Wavelength Divison Multiplexing), technologie ayant rendu possible la révolution des
communications par fibres optiques durant les années 1990. Malgré I’éclatement de la "bulle
d’Internet" en 2001, le trafic Internet n’a cessé d’augmenter, conduisant a une demande
d’amélioration des performances des amplificateurs optiques.

Aujourd’hui, en fonction du mécanisme physique d’amplification, nous pouvons distinguer
trois types d’amplificateurs optiques : les amplificateurs a I’inversion de population, les
amplificateurs a diffusions inélastiques et les amplificateurs paramétriques. Les amplificateurs
optiques a semi-conducteur (SOA, Semiconductor Optical Amplifier) et les amplificateurs a
fibres dopées a I’erbium (EDFA, Erbium Doped Fibre Amplifier) sont du premiere type, et les
amplificateurs Raman sont du second. Bien qu’attrayant pour leur intégrabilité, les SOAs sont
limités par le probleme fondamental de 1’intermodulation entre canaux, rendant actuellement
leur utilisation en tant qu’amplificateur en-ligne difficile. Aujourd’hui, ce sont principalement
les EDFAs et les amplificateurs Raman que les systemes WDM déploient ou vont déployer.

L’amplification Raman fait appel a I’effet Raman, c’est-a-dire la diffusion Raman, qui est
un phénomene de diffusion inélastique omniprésente dans les milieux moléculaires. Ce
phénomene de la diffusion de la lumiere fiit découverte en 1928, dans les liquides et vapeurs
avec la lumiere de soleil fortement focalisée, par le physicien indien C.V. Raman, qui a recu
le prix Nobel de physique en 1930 pour son travail sur la diffusion de la lumiere et la
découverte de I’effet éponyme. Depuis, 1’effet Raman a été appliqué dans divers domaines
d’applications. Dans 1’étude des structures moléculaires, par exemple, la spectroscopie Raman
est un outil puissant et largement utilisée. Au début des années 1970, I’amplification Raman
dans les fibres optiques a été déja démontrée, et un certain nombre publications des années

1980 ont montré I’intérét des amplificateurs Raman a fibres optiques.
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Vers la fin des années 1980 et jusqu’au milieu des années 1990, I’attention a été surtout
portée vers les EDFAs. Ceci est dii d’une part au fait que I’amplification Raman dans les
fibres optiques nécessite des pompes lasers de fortes puissances dont la technologie n’était
pas encore au point a I’époque pour les applications en communication. D’autre part, déja
mature technologiquement au début des années 1990, les EDFAs apparaissaient comme une
solution d’amplification optique assez satisfaisante, au niveau du gain, du bruit et de la bande
passante, pour les besoins en communications. A titre d’exemple, il a ét€ démontré en 2000 la
possibilité de transmettre 180x10 Gb/s sur une distance de 7000 km, en utilisant toute la
bande-C, des EDFAs a gains équilibrés et la technique de FEC (Forward Error Correction).
Actuellement, les EDFAs sont largement utilisés dans les systémes optiques de transmission
en service.

Dans les dernieres années 90, 1’avancement technologique de pompes lasers de fortes
puissances a permit la maturité des pompes lasers Raman et a leur disponibilité commerciale,
ayant suscité le regain d’intérét pour I’amplification Raman. De nombreuses études
expérimentales et théoriques ont montré les avantages particuliers et incontestables de
I’amplification Raman :

- Le gain Raman existe dans toutes les fibres optiques a n’importe quelle longueur
d’onde optique et est facile a obtenir.

- Dans les fibres a silice, le spectre de gain Raman a une tres large étendue fréquentielle.
Quand plusieurs pompes sont utilisées, il peut aussi couvrir toute la fenétre optique a
faibles pertes, c’est-a-dire, les bandes S, C et L, avec une bonne uniformité spectrale.

- L’amplification Raman est non seulement intrinsequement a faible bruit, mais
corporativement a 1’amplification localisée dont les EDFAs sont 1’archétype, elle
permet une moindre excursion du niveau de puissance de signal, et donc un meilleur
rapport signal sur bruit accompagné de moins de pénalités nonlinéaires.
L’amplification Raman, utilisant directement les fibres de transmission comme milieu
d’amplification, est fondamentalement distribuée.

En 2003, presque toutes les démonstrations expérimentales sur 1’augmentation de la capacité
de transmission optique ont utilis€é 1’amplification Raman. Bien qu’il reste certaines
incertitudes liés a I’utilisation des pompes lasers de fortes puissances, I’amplification Raman
est désormais une technologie déterminante pour les systtmes WDM.

La capacité de transmission est souvent limitée par le bruit de I’amplificateur. Ainsi,
I’analyse de bruit a une importance centrale dans la caractérisation de tout amplificateur. Ce
travail de these a pour but de réaliser une étude théorique approfondie, destinée a comprendre,
modéliser et analyser les mécanismes de la génération de bruit dans les amplificateurs Raman.
Dans le premier chapitre, nous rappelons la quantification du champ optique dans le milieu, et

une description totalement quantique de 1’optique nonlinéaire sera présentée. Au chapitre 2,
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nous présenterons une théorie quantique des fibres optiques en silice. Un modele
unidimensionnel de la propagation du champ quantifié dans les fibres monomodes sera
présenté. Dans ce modele, nous prendrons en compte la nonlinéarité de type Kerr de la fibre et
les diffusions Rayleigh, Raman et Brillouin. Le mécanisme physique et la génération de bruit
intrinseque des diffusions Raman et Brillouin dans les fibres optiques monomodes en silice
sera discuté en détails. Au chapitre 3, nous réviserons d’abord les propriétés quantiques de la
base du champ optique. Nous étudierons ensuite, d’une maniere générale, les propriétés
quantiques des amplificateurs optiques linéaires et insensibles a la phase. Il est a mentionner
que les études présentées dans ces trois premiers chapitres sont assez générales et donc non
uniquement limitée a 1’amplification Raman. Au chapitre 4, nous discuterons des
caractéristiques fondamentales, les performances en termes bruit intrinseque et le gain des
amplificateurs Raman. Le gain sera discuté a la fois en régime de petit signal et en régime de
saturation. Le facteur de bruit des amplificateurs Raman sera discuté en régime de petit signal,
ce qui permet de comparer les performances de bruit intrinseque en fonction de la
configuration de pompage. Dans ce chapitre, les impacts de la saturation de gain et de la
nonlinéarité de fibre seront également étudiés. Au chapitre 5, apres la vérification de la
consistance théorique du modele, établi dans le chapitre 2, sur la diffusion Rayleigh dans les
fibres optiques monomodes, nous étudierons I'impact de la rétrodiffusion Rayleigh dans
I’amplification Raman. Le renforcement de la génération du bruit intrinseque et la double
rétrodiffusion Rayleigh du signal y seront discutés en détails. Au dernier chapitre, nous
étudierons I’impact des bruits de pompe sur le signal. Apres un bref rappel sur le transfert de
RIN (Relative Intensity Noise) de la pompe vers le signal, I’accent sera mis sur I’impact de
PMD (Polarization Mode Dispersion). De nouveaux processus de transfert de bruit de la
pompe vers le signal y seront présentés et étudiés. Cette these se terminera par quelques

conclusions majeures et de bréves perspectives.
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Chapitre 1

Théorie Quantique de I’Optique Nonlinéaire

L’optique quantique occupe une part tres importante dans 1’optique moderne. Aujourd’hui, la
théorie quantique de 1’optique dans les milieux est un sujet tres intéressant [1]-[10]. Dans ce
chapitre, nous allons tout d’abord rappeler la procédure de la quantification canonique des
champs et la quantification modale du champ optique dans les milieux diélectrique linéaire et
non absorbant. Ensuite, nous présenterons une approche nouvelle, différente des approches
phénoménologiques [5][7][10], ayant pour le but de quantifier le champ optique dans les
milieux, basée sur une description ab initio de 1’interaction champ-matiere. Une description
totalement quantifiée de 1I’optique nonlinéaire apparaitra naturellement dans notre approche.
Enfin, nous discuterons brievement le théoréme de fluctuation-dissipation dans le cadre de

I’optique linéaire.

1.1 Introduction a la quantification canonique des champs

Dans la théorie quantique, ’'univers peut €tre décrit par les états quantiques et les opérateurs
quantiques, définis mathématiquement dans un espace d’Hilbert. Nous savons que dans la
théorie quantique, pour un systeme unidimensionnel de multi-particules, les opérateurs de
coordonnée et de quantité de mouvement ne commutent pas, et leurs relations de

commutation sont données par
&, 5] =55, — P&, =in, (1.1)

ou X, et p, sont les opérateurs de coordonnée et de quantité de mouvement pour chaque
particule, &, est le symbole de Kronecker et 7 est le constant de Planck. Comment
s’exprime alors ce postulat fondamental pour les champs ?

Pour répondre a cette question, nous devons utiliser le langage de la mécanique analytique.
Dans la théorie des champs, nous pouvons étudier un champ A(r,7) (nous nous limitrons ici
au cas scalaire pour alléger I’exposé) a I’aide de sa densité Lagrangienne L, qui est une

fonction de la variable de champ A et de ses dérivées. Formellement, nous pouvons écrire
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L= L(A,aﬂA), ol aﬂ, avec 1= {0, 1, 2, 3}, est la dérivée par apport au temps (d, =d,) ou
a ’espace (9,,d,,0,). Dans la théorie classique, a 1’aide du principe d’action moindre, nous
pouvons obtenir les équations de mouvement du champ a partir des équations d’Euler-
Lagrange

oL oL
E_;a” 90,A) (12

D’une maniere générale, nous considérons le champ A(r) a tout point de I’espace r comme la
coordonnée généralisé et lui associer de la quantité de mouvement généralisé, ou le moment

conjugué, défini par

I = . (1.3)

Une fois le moment conjugué obtenu, nous pouvons trouver I’hamiltonien du systeéme en

utilisant la transformation de Legendre sous la forme

H = [[[(r)A(r) - L]d*r (1.4)

Puisque I’espace est continu, nous avons maintenant un systeme dynamique de degré de
liberté infini. Ayant trouvé les coordonnées et les quantités de mouvement généralisées, nous

pouvons imposer les relations de commutation canonique fondamentales

Ao ) - 11 r)AG.r) = [AG.o) 110, 1) = ins(e —r) (1.5)
quand le champ est bosoniques, ou

Ao )+ 110, e)A G r) = [AG,r). A6 )] | = inse —r) (1.6)

quand le champ est fermionique. Dans ces deux égalités, A et II sont les opérateurs de
champs et J(r—r’) est la fonction de Dirac '. 1l est & noter que dans ces deux égalités,
indépendantes du temps (ETCR — Equal Time Commutation Relations), nous avons exprimé
les opérateurs en représentation d’Heisenberg.

Ainsi, nous quantifions le champ en appliquant la procédure de quantification canonique,
d’abord proposée par Dirac pour convertir la théorie classique du champ électromagnétique
en théorie quantique. Si nous considérons la fonction de Dirac comme une extension naturelle

du symbole de Kronecker, nous constatons que la théorie quantique décrit les champs et les

1 . . , .
Ces relations de commutation fondamentales ne sont données que formellement. Comme nous allons le voir, la
fonction de Dirac peut étre modifiée dans les cas concrets.
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particules d’une maniere unifiée.

1.2 Rappel sur la quantification de la décomposition modale

Revenons maintenant aux équations de Maxwell macroscopiques. En absence de sources

libres elles s’écrivent sous formes locales

V-D=O,V-B=O,VXE+8—B=O et VxH—a—Dzo, (1.7)

ot ot
ou E et H sont les champs électrique et magnétique, D et B sont les inductions électrique et
magnétique. Dans un milieu quelconque, nous avons les relations constitutives générales

entre les champs

B=yuH+Mect D=gE+P, (1.8)

ou &, et 4, sont la permittivité et la perméabilité du vide, et les champs P et M sont les
densités de polarisation et de d’aimantation. Les deuxieme et troisicme équations de (1.7)
impliquent que nous pouvons décrire le champ électromagnétique (EM) en utilisant deux
variables de champ nouvelles : le potentiel scalaire ¢ et le potentiel-vecteur A, qui sont

définis par les relations locales

E:—V¢—%—? et B=VXxA. (1.9)

Puisque les potentiels ne sont pas uniquement définis a partir de ces relations, une condition
de jauge est nécessaire pour fixer les relations entre les potentiels et les variables de champ
physiques E et B.

Quand le milieu peut étre considéré comme linéaire, non-dispersive et non-absorbant, la

relation de constitution entre D et E se réduit a

D(r,7)= £,e(r)E(r,z), (1.10)

ot &(r) est la permittivité relative, une fonction réelle de position r. Il est 4 noter que nous
avons supposé que le milieu est isotrope pour simplifier. Nous supposons, en plus, que
I’aimantation soit négligeable. Choisissant la jauge générale de Coulomb : V- [s(r)A(r,t)] =0

[2], nous trouvons 1’équation de mouvement a partir de (1.7)-(1.10) sous la forme

£(r) 0’°A 0

VXV XA+
c* o

(1.11)
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dont la transformée de Fourier temporelle ? est donnée par
2

VxVxA+Z e(r)A=0. (1.12)
C

Alors, la densité lagrangienne du systeme dynamique, dont 1’équation de mouvement est
(1.11), peut s’écrire [2]

L =8—2°[s(r)|a,A|2—c2|V><A|2], (1.13)

Avec cette densité lagrangienne, nous pouvons trouver le moment conjugué au potentiel

vecteur A par

H:i—izeoe(r)atAz—D, (1.14)
L’hamiltonien du systeme est donc
g ¢ M E-D+B-H,
H= ?j ole +c|V><A|} = [=——— (1.15)

Ce systeme est prét a étre quantifié. Puisque nous avons choisi la jauge générale de
Coulomb, et que le champ EM est bonsonique, la relation de commutation fondamentale

(1.5) doit s’écrire, en représentation de Schrodinger, sous les formes

|4 (0).71,0)] =—e,e(e)A (0).£,0")] =inst, (c-r') (1.16)

ot &, est la fonction vectorielle de Dirac transversale généralisée 3 1l est montré dans [2] que

nous pouvons écrire les opérateurs des champs sous les formes

? Dans cette these, les symboles soulignés désignent la transformée de Fourier et nous adoptons la convention
suivante :

¢ latransformée de Fourier temporelle et son inverse sont définies comme
oo +oo
1 .
= J.A(t)exp(ia)t)dt A(t)=2— Ida)A(a))exp(—la)t)
—o0 ﬂ. —o0
e latransformée de Fourier spatiale (3D) et son inverse sont définies comme

. 1 +oo
Ak)= 3A(r)exp(—zk-r)d3r Alr)=—— | Ak —ik -r)d’k
I, ()= G [ Aotk
3 Cest-a-dire que nous avons I dﬁ-'ﬁj(r_r')f(r'):f(r) pour toute fonction f satisfaisant la condition

transversale généralisée : V - [¢(r)f (r)] = 0.
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f&(r)=;Ak[&kuk(r)wl(t)ui(r)] et E(r)=i;wk/\k[&kuk(r)—&Z(t)uZ(r)] (1.17)

o A =.h/2e,m, . Dans (1.17), @, et u,(r) sont respectivement la valeur propre et la

fonction propre de I’équation différentielle:

2
elr)o
VxVxu, :Lz"uk,avec V-le(r)u, (r)]=0 (1.18)
c
ou k est I'indice de mode. Nous savons que la group des solutions de (1.18),{u, }, peut
constituer d’une base orthonormale complete, sur 1’espace de fonctions satisfaisant la

condition transversale généralisée, telle que [2]

[are()u, () up(r)]= 5, et Zk:uk(r)-uZ(r')e(r’)z6j(r—r’) (1.19)

Nous voyons que (1.17) est alors une généralisation de la quantification de décomposition
modale dans le vide que nous rencontrons souvent dans les publications. Les opérateurs a, et
a; .sont alors ceux d’annihilation et de création pour chaque mode, qui satisfont la relation de

commutation familiere [2]
la..a.]=6,. et|a,.al]=5, (1.20)

Remplagant (1.17) dans (1.15), et faisant appel a (1.18) et (1.19), nous obtenons 1I’opérateur

hamiltonien
1 Ata oA AT siao b
H = ZZhwk a,a, +a.a, —Zha)k aa, + (1.21)
k k

Il a aussi déja été montré que la décomposition modale ci-dessus n’est pas unique [2]. Si le
champ est décomposé sur une base autre que celle des fonctions propres {u, } obtenues avec
(1.18), les expressions de (1.17) sont maintenues formellement avec des fonctions de mode
différentes, mais I’hamiltonien (1.21) n’est plus une forme diagonale. Alors que dans la
représentation d’Heisenberg, un hamiltonien diagonalisé, comme (1.21), implique que les

opérateurs d’annihilation oscillent harmoniquement dans le temps.

1.3 Théorie quantique de I’optique macroscopique nonlinéaire

L’approche introduite dans la section précédente est tres utile pour décrire le champ dans le
milieu linéaire non-dispersif. Mais, ses limites sont évidentes : il ne peut y avoir ni dispersion
ni absorption/amplification dans cette approche, sans parler des effets non-linéaires. En fait,

I’inconvénient de cette approche vient du fait que nous avons utilisé une relation constitutive
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excluant la liberté dynamique de la matiere. Dans la suite de ce chapitre, nous allons montrer

une approche débutant par une description ab initio d’interaction champ-matiere.

1.3.1 Lagrangien de I’interaction champ-matiere

Nous considérons les électrons et noyaux constituant la matiere comme les particules
ponctuelles chargées. Si nous négligions le spin, le lagrangien champ-matiere non-relativiste

fondamental, dit de couplage minimal (Minimal-Coupling) [11], s’écrit sous la forme

. 2
LO:IeO\A+V¢{ 2_” |VXA| r+— me £, +[(A-J-pp)d’r,  (1.22)

avece

J = Zemxmé'r X, ) et ,0=Zem§(r—xm), (1.23)

ou x signifie la dérivée totale par apport au temps, x ,, e, et m,sont les coordonnées

sa sa

(vecteur cartésien), la charge et la masse d’une particule dans une assemblée s (atomes,
molécules, ions, etc.). La conservation de charge,V-J+09,p=0, est vérifiée
automatiquement par ces définitions des densités de courrant et de charge. Utilisant les
équations d’Euler-Lagrange, nous pouvons vérifier que (1.22) donne en effet les équations de
mouvement pour le champ et les particules. Pour les potentiels, faisant appel aux équations

d’Euler-Lagrange pour les champs et en utilisant le calcul variationnel

= Z . S(a ™ (1.24)

ou O désigne les variations, nous obtenons

£,0,(A+V)+ ' VXVxA=] et £,V-(A+Vo)=—p.

Avec les définitions des potentiels (1.9), nous retrouvons les deux équations de Maxwell
microscopiques suivantes (les deux autres sont vérifiées automatiquement par les définitions

des potentiels)

VxB=puJ+uc0E et V-E=pleg, (1.25)

Pour les particules, utilisant V, L—d, (me L) =0 et I’égalité

x(V,xA)=V, (%, -A)-(%,-V,)A,

sa sa
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nous obtenons
) d 3
m, va: I[Vé‘r X ¢ Xsa'A)_a[Aa(r_xsa)]jdr
e[ l-V.p-A+V,(k, A)- (%, V)APE-x, )T (1.26)

= ,o[B(x,, )+ %, xB(x,, )]

qui n’est rien d’autre que la force de Lorentz. Il est a noter que ces résultats sont obtenus

indépendamment de la condition de jauge (invariance de jauge).

1.3.2 Hamiltonien multipolaire

Nous allons ensuite introduire deux champs auxiliaires qui sont les champs des densités de
polarisation et d’aimantation, qui doivent étre les sommes de ceux de toutes les assemblés,

c’est-a-dire

=Y P(r) et M(r ZM (1.27)

Considérons une assemblée s. Nous définissons son centre de masse, sa masse totale et sa

charge totale par

R =M'Ym,x, M =>m,etQ =>e, (1.28)
Sa densité de polarisation peut étre alors définie par

Zem w—R)[8(r—R, - ul(x,, —R,))du+ QR [3(r — iR )du (1.29)

ou le premier terme est la densité de polarisation de la molécule ou de 1’atome, et le deuxiéme

terme est dli a I’ionisation. Similairement, la densité d’aimantation est définie par

= zesa(xsa —RS)X(Xsa _Rs)J.ILlS(r_Rs _lu(xsa _Rs))dlu
a S 1 (1.30)

+> e (%, —R)XR, [3(r =R, - u(x,, —R,)du+ QR xR, [ ud(r— iR, )du
a 0

0

ou le premier terme est la densité de magnétisation de la molécule ou I’atome, le deuxieme
terme est lié au courrant de Rontgen et le dernier est di a 1’ionisation. Si I’ensemble des

assemblées est électriquement neutre, ¢’est-a-dire ZQS =0, a ’aide des égalités suivantes

N
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7,00 =)= ~(x- ¥, )3(r - ax)
Vi

< ale —x(0)] = ~[x(1)- v, Jolr ~ x(1)
V. x[(AxB)f(r)]=AB-V,)f(r)-B(A-V,)f(r)

nous pouvons vérifier les deux relations ci-dessous.

ap(e)

+VxM(r)=J(r) (1.31)
dr

Maintenant, puisque tous les champs peut étre décomposés en parties transversale et
longitudinale *, A =A*+A'", nous pouvons réécrire le Lagrangien (1.22) en termes

transversale et longitudinale sous la forme

‘%Aﬂ ‘VxAﬂ

L j +AL VXM |dr
2u,
(1.32)
elA"+V , .
+%me 2 j 0‘ (p‘ +AY - PE+A"-P' - po |dr
ou nous avons utilisé les relations
J'(r)=P'(r) et J* =P +VxM* (1.33)

Il est connu [11] que, quand une dérivée totale par rapport au temps est rajoutée dans le
lagrangien, les équations du mouvement restent intactes, et donc que la dynamique du

systeme reste identique. Nous pouvons alors construire un nouveau lagrangien sous la forme

A [vxAdf
26, 24,

+Alt . VxM |d°r

Q:LO—%jA-Pd%:j

I
SO‘A +V¢( AJ_ 'PJ_ _AII 'PII _p¢ d3l‘

1
+E§‘mm 2 j

Ce nouveau lagrangien étant indépendant de A" (mais pas A'), nous avons, a I’aide des

équations d’Euler-Lagrange (1.24),

*  Dans I’espace réciproque (Fourier), la partie transversale d’un champ vectorielle est parallele au vecteur

d’onde et la partie longitudinale est lui perpendiculaire.
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SL, SL,
0 =0 le,(A"+V P'|= =0 1.34
t 8A [80( + ¢) 8AH ( )

Rappelant la définition (1.8), nous voyons que la partie transversale de I’induction électrique
(A"+Vp)-P'=—¢E' - P' =-D' (1.35)

est indépendant du temps, D” =0. Nous pouvons maintenant éliminer A' de L; comme

montré ci-dessous :

Ly=L-— jgin Aldr=L +[D" A'dr
‘SOAL‘Z_‘VXAL‘Z +AJ_.VXM_AJ_‘PJ__‘ - ”‘2

- j d’r (1.36)
2¢, 24U, 2¢,

+ me 2~ [olv-(P'-D')+ pla’r
Ce que nous venons d’obtenir est appelé le Routhien [11]. Encore une fois, appliquant les

équations d’Euler-Lagrange, nous avons pour le potentiel scalaire

8LR__ P _n)_ =
o V. (P'-D')-p af3¢

=0 (1.37)

En fait, le potentiel scalaire devient ici un multiplieur de Lagrange [11], qui nous amene a une
condition de contrainte sur la variation. Le dernier terme de (1.36) disparait donc. Compte
tenu de (1.31), nous avons D" =0. L’induction électrique est transversale, ce qui résulte du

fait qu’il n’y pas de charge libre. Finalement, le Routhien s’écrit sous la forme

~ ‘SOAL‘Z ‘VxAl‘
L= 26, 24,

(1.38)

satsa Coulomb

+M-VxA*—A*.P* d3r+22m -V,

ou

_ 1 IEFE

o = 55 [P d*r (1.39)
est ’interaction de Coulomb entre les particules. Cela peut étre vérifié en résolvant 1’équation
de Poisson (1.37). Ceci dit, il est connu qu’il y a également des singularités non-physiques

dans V.., interprétées comme les actions sur les particules venant du champ créé par les
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particules elles-mémes. Ce probleme, dii a la description ponctuelle des particules, ne pose
pas de probleme dans le cadre de 1’optique macroscopique et sera ignoré dans la suite. Il
mérite d’€tre mentionné que ce Routhien, indépendant du choix de jauge, n’est qu’une
fonctionnelle du champ EM (vecteur-potentiel) transversal.

Maintenant, nous pouvons trouver directement les moments conjugués au potentiel vecteur

transversal par

oL,

I
SA*

=g A" -P'=—¢gE'-P'=-D"=-D (1.40)

ol nous avons utilisé la relation: E*=—A*. Il est intéressant de noter que ce résultat
coincide avec (1.14). Les moments conjugués aux coordonnées des particules sont également
trouvés sous la forme

P. =Vi, Ly =m X, + [N, xBd’r (1.41)

X, R aa sa

ot le champ N (r) est défini par

l msa +(MS _msa )Itl

olir-R.)- e, - R -2

0 N s

1
R, [ud(r - 4R, )du
0

(1.42)

avec N; étant le nombre de particules dans I’assemblée s. Avec ces résultats, nous

construisons le Hamiltonien comme

H =J‘H-Ad3r+2pm X,y — Ly

e P ' Bf B 1 N P .
_I ) r+syza%pva—j mx r +-[28 r
2
nf |B| L P \ UmeBd3r
I{ r+22mm+j2€0d +] wBM de om,,
(1.43)
avec

M, =Y PexN, (1.44)
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Ce hamiltonien est appelé comme [’hamiltonien multipolaire [11][12]. La premiere
intégration est 1’énergie totale du champ EM transversal ; le deuxieme et le troisieme sont
I’énergie cinétique et 1’énergie potentielle totale du matériau (particules) ; les deux derniers
sont pour ’interaction champs-particules. Il est a noter dans ce hamiltonien que tout d’abord,
il y a non seulement I’interaction transversale de Coulomb entre les particules, mais aussi
I’interaction longitudinale. Ensuite, il n’y a que les champs EM transversaux qui interagissent
avec la matiere : les champs longitudinaux, qui ne peuvent pas exister dans 1’espace libre,

sont en fait un espece de libertés dynamiques pour le matériau.

1.3.3 Quantification de ’interaction champ-matiere

Notre systeme dynamique est prét pour la quantification. Nous remplacons les variables
dynamiques par les opérateurs quantiques et imposons les relations de commutation sous la

forme suivante, en représentation de Schrodinger :

[0 Pope] =8, ,6, et [A ()01, ()] =inste—r) (1.45)

r

ou 0 ]ik est la fonction de Dirac transversale, qui est liée a la fonction de Dirac transversale
généralisée (voir section 1.2.1) par

£(r)=l

5 (r-r) = Sy (r-r')

et peut étre définie directement par

ot(r-r)=V, ><(Vr ;j (1.46)

47[|r — r'|

I1 est a noter que les relations de commutation des opérateurs des champs (1.45) implique que

nous pouvons toujours décomposer les champs en modes sous la forme

ZA 6,0, @) +a! (et ()] et Ml hz [ (r)-al(ul(r)) (1.47)
ou les opérateurs d’annihilation et de création satisfont les relations de commutation suivantes
[&k ) &/I' ] =0y (1.48)

w(r) est une fonction de pondération réelle, et les fonctions de mode doivent former une base

complete telle que
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r)> u, (cu (r)=8"(r—r') (1.49)

Le Hamiltonien multipolaire quantique s’écrit alors sous la forme

.2 o 5 137
_I g+;% d’r ZI;;“ j r+.|‘{¥+l§~1\7ll]d3r+ZUNm;Bdr (1.50)
0 0 0 5 sa

Nous devons mentionner que nous pouvons aussi obtenir un autre hamiltonien directement a
partir du lagrangien (1.28). C’est I’hamiltonien de couplage minimal. Il a déja été montrer
que ces deux hamiltoniens sont strictement équivalents [12]. Il y a deux principaux aspects
intéressants de I’hamiltonien (1.53). D’abord, il est libre du choix de jauge. Ensuite, c’est que,

quand I’ionisation est négligeable, nous avons approximativement

l,\)2
Igd

Cela signifie que les recouvrements entre les polarisations moléculaires, fortement localisées,

(1.51)

3 132 3
rzz.[?dr

sont négligeables, et, qu’en fait, les moléculaires interagissent exclusivement en échangeant
des photons transversaux [11].

Puisque dans (1.50), les intégrations sont sur tout 1’espace réel, et que les opérateurs y sont
hermitiens, nous pouvons transformer (1.50) en espace réciproque (transformée de Fourier) a
I’aide du théoreme de Parceval. Nous avons, par exemple,

j fi(r) P(r)d’r = j Mk k)d’k (1.52)

Ce qui implique que nous pouvons décomposer ces intégrations en parties microscopique et

macroscopique sous la forme

jﬁ-f’d3r= jﬁ-ﬁd3r+ jf[-f)d% (1.53)
avec
jn Pd’r = jn P(-k)d’k et jn Pd’r = jn P(-k)d’k (1.54)
mac (<2 mic k>—

AC

¢

ou A _est une largeur caractéristique qui est bien supérieure aux dimensions moléculaires,
A, et bien inférieure aux longueurs d’ondes optiques 4, A, << A_ << A. De cette maniere,

nous pouvons réécrire (1.50) sous la forme
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H=A"+H, +H,, (1.55)
avec
e L ol “1lal? 2
i - Ieo ‘H+P‘2+ﬂo ‘B‘ d3r+2ﬁ b .[meBd3r
Hal lap
Az = | &l ;”0 B & (1.56)

lA’rd3r

ﬁmzijn-fwwi
2

80 mac 80 mac

on H i €st 'hamiltonien des mécaniques microscopiques ; H ¢ est celui du champ EM
macroscopique libre ; et H,, est celui d’interaction entre le champ EM macroscopique et le
matériau. Nous supposons maintenant que le systéeme microscopique H . Soit stable. C’est-a-
dire qu’en absence d’interaction avec le champ EM macroscopique, les particules chargées et
le champ EM microscopique peuvent constituer un matériau stable. C’est-a-dire aussi que les
interactions de longues portées (~ A ) entre les particules sont supposées négligeables. Il est a
noter que nous avons négligé les interactions magnétiques au niveau macroscopique.
Finalement, puisque dans I’espace réciproque, la commutation (1.45) peut s’écrire sous la

forme

A (k). (k)= ih(l—%jd(k—k'), (1.57)

nous avons

A a,.] =o (1.58)

em

1.3.4 Théorie complétement quantifiée de 1’optique nonlinéaire

Les opérateurs dans (1.55) sont en représentation de Schrodinger. Dans cette représentation,

les états quantiques du systeme évoluent dans le temps comme
ind,|w(t)) = H |w(t)). (1.59)

et les opérateurs ne varient pas en temps. La dépendance temporelle des grandeurs physiques
est due a celle des états quantiques. Il y a une autre facon de représenter la réalité physique.
C’est la représentation d’Heisenberg, ou les états n’évoluent plus en temps et les opérateurs

sont transformés par une transformation unitaire. Quand I’hamiltonien du systeéme ne dépend
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pas explicitement du temps, ce qui est le cas pour notre systeme (1.55), cette transformation

s’écrit sous la forme
é(t) = exp(é PAItJOA exp(—éﬁtj (1.60)
et I’équation de mouvement pour les opérateurs d’Heisenberg est donnée par

3.0()="L[A.6()] (1.61)

t

i
h
Alors, nous pouvons trouver les équations de mouvement pour les opérateurs des variables

dynamiques du champ EM sous la forme

A

9 AL = (f1+P*)et 311 =—4'VxVxA* (1.62)

t
Utilisant les relations :

E'=-0A" et D'=¢gE'+P'=0 (1.63)

t

nous trouvons finalement 1’équation de propagation pour I’opérateur du champ électrique

dans le milieu macroscopique non-magnétique
VxVxE+ e u,0 K = —u,0°P (1.64)

Il est utile d’introduire une autre représentation, la représentation d’interaction, lors que le

hamiltonien du systeme peut étre décomposé en deux parties comme suivant

A

H=H,+H,, (1.65)

et que H .. peut étre considéré comme une petite perturbation sur le systeme décrit

originalement par H,. Dans cette représentation, les opérateurs sont en fait les opérateurs

d’Heisenberg du systeme non-perturbé. Quand H , he dépend pas du temps, nous avons

AL i~ \a i A

0'(r)= exp(% Hotjo exp(— - Hotj (1.66)
et les états évoluent comme

ind, |y (1)) = A, ()| () (1.67)

ou I’exposant "I" est pour la représentation d’interaction, et H . () est défini par
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I-Alifn (t) = exp(h H thmt exp(— % I-Alotj (1.68)

Maintenant, nous pouvons définir un opérateur d’évolution reliant 1’état a I’instant 7, a celui a

t sous la forme
() =0(.1,)|w(,)) (1.69)

A T’aide de (1.70), cet opérateur est trouvé comme

ult, 1,)= T(exp{— — j dsH ! it )D

_1+— j ds,A! (s ( jj ds, j ds,H! (s))A! (s,) (1.70)

(& ) Jos I dj s (1L (5, Y, 5, ) -

ott T( ) signifie I’opération qui ordonne les opérateurs selon le temps (time-ordering), le plus

récent a gauche. Voici quelques propriétés de cet opérateur

A

Ult,r)=1, U'(t,1,)=0(t,,1) et U (t,2,)U(t,,1)=Ult,, 1)U (1,2,) =1 (1.71)

Avec ces définitions, nous pouvons montrer que les opérateurs d’Heisenberg sont liés aux

opérateurs d’interaction par la relation [13]
0t)=U(t,.1)0' (1)U (t.1,) (1.72)

Alors, nous avons une relation importante comme suivante

O(t)=0'(c jdtmo,t )AL ().0'0)]0,.1,) (1.73)

Pour la prouver, nous utilisons tout d’abord 1’égalité

Jat g 0000 00 )] = 00,0000 00)- 0000 ) (17

et ensuite, a partir de (1.70)

iU(t,to)z—ilfl.I %ﬁ(to,t)Hjn (r). (1.75)

at h 1nt(t) (t’to)’

9 A
gU(io,t)=
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Admettons que le hamiltonien d’interaction soit hermitien. Nous trouvons alors

0(101)0' ()0 (11,) = 0'(0)+ [ at, -2 [06,,1) 0" ()0 1,1,

(1.76)

Revenons a notre systeme dynamique d’interaction champ-matiere. Nous considérons que
le systéme non-perturbé est constitué de la partie microscopique pour le matériau et la partie

macroscopique pour le champ EM. Nous avons

A =A™ +H . avec [A™.A | =0 (1.77)
et
l 3 1 D! 23
AL 0=~ [0 P edr+ - [[P'(ee] @' (1.78)
0 mac 280 mac

Dans (1.78), les variables des champs sont les variables macroscopiques. Pour la densité de

polarisation, si nous négligeons I’ionisation, ¢’est-a-dire que Q, =0 dans (1.29), nous avons

\1 exp[ ik - ( Rs)]
Zexp -ik-R, Zem i (x RS) (1.79)

D’apres la discussion dans la section précédente, nous avons [k'(xm —RS)] <<1 pour les

champs macroscopiques. (1.79) peut donc se simplifier sous la forme

A

P, (k)=>"d exp(-ik-R,), avec d, —Zem - (1.80)

ce qui est donc I’approximation dipolaire.

Placons maintenant 7y a —oo, ol nous langons adiabatiquement I’interaction et nous avons
|l//(—oo)>l :|ly(—oo)>. Pour que ce processus ne pose pas de probleme de convergence, nous
devons utiliser 1’approximation adiabatique [13] constituant a multiplier le hamiltonien

d’interaction par une fonction temporelle d’amortissement sous la forme

),avec €e—0, (1.81)

H,,(t) > A, (t)exp(-



THEORIE QUANTIQUE DE L’ OPTIQUE NONLINEAIRE 21

Alors, utilisant (1.76), nous pouvons trouver la polarisation macroscopique sous la forme

A

P,(r,1)= }A’I(r,t)+% jdtl U(=oo,1,) [ﬁl (t,). P} (r,t)]U(tl ,—o0)

int

1 1~ A - n ~
= /j(r,t)+_—ZJ'd3r1J‘dt1§Eal (rl,tl)U(—oo,tl)[P(jl (rl,tl),P/j(r,t)]U(tl,—oo) (1.82)

ih‘z i
i 3 . 1 [AI . ]A Ry
# L3 [ far, 20 (o) |2 (00 L 0J0 G, (1)

oll nous avons utilisé [IA);,l (r..1,), Aﬂl (r, t)] =0 et les égalités suivantes

(j(_ o, 1 )EA';:, (rl’tl ) = Ea] (rl’ L )Ij(_ °°’t1) et EA'; (rl’tl )(j(tl’_m) = (j(tl’_w)ﬁal (rl’ tl) (1.83)

Pour tout opérateur de Hilbert C , nous définissons un opérateur de Liouville [14], affecté du

sous indice « + »,

A

o6=2(¢6+0¢) (1.84)

1
2

+

Alors, nous pouvons réécrire (1.82) sous la forme
. . 1 ’ . N . R N
Ben)= B0+ X[ [an By (.00 (o DB (6, 0), B )]0 (6, —e0)  (1.85)

Réitérant le processus ci-dessus en développant le terme U (- oot ) [ﬁ; (rm, t, ), [0]] U (tm,—oo)
aI’aide de (1.76), nous arrivons a un développement en série sous la forme

D _ plo) p(1) p(2) p(3)
P,(r,t)=P(r,)+ P (r,t)+ P (r,t)+ P (r,2) +--- (1.86)

< plo) _ pl N - £
ou P, (r,1)= f (r,) et la niéme polarisation est donnée par

A A

+oo +oo
ﬁ/f")(r’t): J-d3r1 "'d3l‘n J-drl jdrn Eal,+(rl’Tl)Ea2,+(r2’Tz)"'Ean,+(r T )

n n

(1.87)

~(n) . .
XGanan,lmaly(rn’r—1"“’r1’Tn’T —1""’Tl’r’t)

n n

avec la convention d’Einstein adoptée : la sommation se fait automatiquement sur les sous

indices répétées; et I’opérateur de Green de n-points est donné par

~(n) . .
G (rn’rn—l’”.’rl’Tn’Tn—l’”.’Tl’r’t)

Oy O [

- [.ij"ea )0, — 1) 60, 2B (2, LB ez B (e ) 2]

ih
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(1.88)

6(¢) étant la fonction de Heaviside

olr) = I,sit=20 (1.89)
0,sir<0 )

Nous voyons que I’opérateur de Green de n-points est hermitien et causal. Finalement, nous
pouvons réécrire (1.87) dans le domaine fréquentiel sous la forme

ﬁ( -d3l’n .[da)l jda)n Ea],+(r1’w1 )Ea2,+(r2’a)2 )“.E(Znﬁ(rn’a)n)
- -~ (1.90)
X(_A;E:,L,,_l.--alﬂ(rn’rn—1""’r1;a)n’a)n—1""’a)1;r’t)eXp(_ izwzt
I=1
avec
Blr.1)= 5 [ [B(r.0)exp(-ian)+ E (. 0)expliar) do (191
0
et
A (n)
(CHRN LRI YO RREPNT A N)
n (1.92)
= Idrl .[dr Ga” WI( -~-,rl;Tn,-~-,Tl;r,t)exp(iZa),(t—Tl)j
=1

1.3.5 Comparaison entre les théories semi-classique et quantique

Dans la théorie classique de I’optique non-linéaire, la relation la plus générale entre la densité

de polarisation du nieme ordre et les champs électriques doit s’écrire sous la forme [15]

P(”)(r t

y’i (rZ’a)Z)“'E,u” (rn’a)n)

Ho

r--d’r, J- dz, .- jdtn E, (v, )E
- ) (1.93)
XSOZ‘Z WGt alﬂ(r oLypse ’rl;wn’wn—l"”’a)l;r)eXp(_iza)ltj

ou ,1’,2")0,[ . est la susceptibilité¢ du nieme ordre. La transformée de Fourier inverse de la
susceptibilité doit €tre invariant par translation temporelle et donc indépendant du temps
absolu. Elle doit aussi étre causale et réelle, car la polarisation et le champ électrique sont
réels. Cela donne naissance de la relation de Kramers-Kronig. Nous voyons que (1.90) est en

fait une version quantifiée de cette relation.
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Pour calculer la susceptibilité, il existe une approche semi-classique, ou le matériau est
traité quantiquement et que le champ optique est considéré comme classique. L hamiltonien

total du systeme perturbé s’écrit sous la forme

A

H(l)=HA,+H,(t) (1.94)

ou ﬁo est ’hamiltonien du systeme non-perturbé (matériau), indépendant du temps, et

I’hamiltonien de la perturbation est donné par [15]

H, ()=- j E(r,t)- P(r)d’r (1.95)

ot E(r,7) est le champ électrique classique macroscopique. Nous savons que 1’espérance

quantique de la densité de polarisation est donné par
P,(r.1)=u|p(0)8, () (1.96)

ou tr[ ] désigne la trace et que P(r) est 1'opérateur de densité en représentation de
Schrédinger. L’équation de mouvement de ce dernier est donnée par

2,0(1)=—[A (). p(0)] (1.97)

1
ih
Nous supposons que la perturbation soit lancée adiabatiquement a I’instant—oo, tout comme
dans la section précédente. Nous supposons aussi que le systeme soit initialement dans

1’équilibre thermique. Nous avons alors p(— o) = B, , avec

. _ exp(-H,/K,T)
" tlexp(—H,/K,T)]

(1.98)

ou Kp et T sont respectivement le constant de Boltzmann et la température. Les calculs sur
I’opérateur de densité et 1’espérance (1.96) se trouvent dans les publications classiques [15],

et nous n’allons pas les exposer ici. Nous pouvons finalement trouver (1.93) avec

Sozﬁ,’j?..a,ﬂ(rnrwrl;wn,---,wl;r)=<Qi:,)...a,ﬂ(rnw-url;wn,--uwl;r)>
(60,50, 00 (1.99)

A Aln)
= tr[pthga,,maly(rn"“’rl;a)n’“.’a)l;r’t)jl

. Al . . . . .
ou G est identique a (1.88). Nous constatons que 1’espérance de I’opérateur de Green ne

—a, iU

dépend pas du temps. Ceci peut €tre vérifié€ facilement en utilisant la relation : tr(ﬁé ): tr(CA’é).



THEORIE QUANTIQUE DE L’ OPTIQUE NONLINEAIRE 24

Revenons a notre modele tout quantifié. En représentation de Schrodinger, la densité de
polarisation ne dépend que des variables dynamiques du matériau. Compte tenu que
[f[;”,:”,ﬁm] =0, nous avons

P'(r,7)= exp(% I:ImictjP(r)exp(—%IflmiCtj (1.100)

Nous supposons que le matériau soit en équilibre thermique en absence de perturbations.

Alors, son opérateur de densité est donné par

A exp(—PAIm,.C/KBT)
" trlexp(-H,, / K,T)]

(1.101)

Si nous substituons H par FIO et Z:ZW (r) par E(r,7) dans (1.93), nous obtenons donc le

résultat semi-classique. Il est a noter que I’hamiltonien d’interaction semi-classique (1.95) n’a
pas vraiment de preuve théorique stricte, bien que largement adopté. Dans [17], I’hamiltonien
de couplage minimal est utilisé, et il se trouve que la densité de polarisation n’est qu’une
réponse du champ électronique transversal. Si utilisant directement 1’hamiltonien multipolaire
(1.50), c’est-a-dire de considérer le 4™ terme de (1.50) comme I’hamiltonien de perturbation,
nous pouvons constater que la densité de polarisation est une réponse de 1’induction
électronique, qui est aussi transversale. Alors, nous voyons que I’hamiltonien d’interaction
semi-classique (1.95) origine en fait de I’hamiltonien d’interaction entre le champ
macroscopique et le milieu (1.78).

Puisque I’opérateur de Green peut se décomposer en parties classique et quantique sous la

forme

A~ (n)
G r,...,r;a),...,a);r,t
_an-ual,u( n 1 n 1 ) (1102)

— (n) . . 5 (n) . .
- 80,’{0{”._,“[”(1'”,"',['1,(()n,"',a)l,l')-i'€0AZa”_._alﬂ(l'n,"',rl,a)n,"',a)l,l',t)

avec A;ZL’:,),,HI x qui dépend du temps et représente les fluctuations quantiques du matériau,

nous pouvons écrire
P (r,1)= P"(r,1)+ AP (x,1) (1.103)

avece

n n’>"n

Iﬁ(n)(r’t): 1 Id3r1---d3l'n Idwf"jdw Ea,,+(r1’a)1)"'E ”_l,+(rn—l’a)—l)Ea” (r a))

x e,y (r,.r,

AR n=1°>

n’a)n—l""’a)l;r)exp(_ iia)lt]

=1
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(1.104)

et

Aﬁ/y’)(l’,t) = (27lz_)n J-d3rl "'d3l'n jdwl jda)n Ea,,+ (rl’wl )Eaz,+ (rz’wz )"'Ea”,+ (rn’a)n)

n
5 (n) . . :
X SOAZatau_lmalﬂ (rn ’rn—l (A ’rl ’ a)n ’ a)n—l ER a)l ’r’t)exp(_ lz a)ltJ
=1

(1.105)

Nous remarquons que IS/E") est en fait le nieme ordre réponse du matériau au champ électrique
et Aﬁﬂ(") est la partie du battement des fluctuations quantiques du nieme ordre du matériau
(phonons) avec le champ électrique. Finalement, il est important de noter qu’il y a une
différence significative entre (1.93) et (1.104). En fait, puisque les variables de champ
classiques se commutent, il n’y a, comme montrée ci-dessous, que la partie symétrique de
permutation qui contribue dans (1.93)

(n)

..40,{]...“]#(1‘”"",rp,""rq"",rl;a)n"",a) ""’a)l;r)

p’.“’a)

q

(1.106)
:Za - ~--ap~--a]‘u(rn"“’rq"“’rp’.”’rl;a)n’“.’a)q"“’a)p’.”’a)l;r)

ou les arguments et les indices spatiales sont collectivement échangés. Pour (1.104), par

contre, cette symétrie n’existe plus, car les opérateurs de champ ne commutent pas.

1.4 Bruit quantique en optique linéaire et théoreéme de fluctuation-dissipation

A titre d’exemple d’application des résultats obtenus dans la section précédente, nous allons
déduire le formulaire de Kubo et le théoreme de fluctuation-dissipation dans le cadre
d’optique linéaire [13][17][18]. L application de ces résultats dans les fibres optiques a silice
sera le sujet des chapitres suivants. Au 1¥ ordre, la densité de polarisation est la somme de

deux termes
P,(r,t)=P,(r,t)+AP,(r,1) (1.107)

ol le 1% est la réponse linéaire du milieu au champ et le 2°™ représente les fluctuations
quantiques du milieu indépendantes du champ. Nous avons

y7i

P r.r) =22 [a'rdazl), 5 o.r)E, (n.0)exp-ion) et AP, (r.0)= A7) (1108)

Nous supposons que le milieu diélectrique est isotrope pour simplification, c’est-a-dire,
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20, @,r)= x(r,0)5,,60r-r) (1.109)

La relation constitutive quantique entre I’induction et le champ électrique s’écrire alors cette
fois sous la forme

D, (r,0)=¢&[1+ z(r, 0)IE (v, 0)+ AP (r, @) (1.110)

ou le dernier terme reflete la liberté dynamique du milieu. ce résultat est largement reconnu
[31[81[91[13].
D’apres la section précédente, la susceptibilité du 1 ordre peut s’exprimer en terme de

commutation des fluctuations quantiques comme

20(e,, w.r) j dr<[AP (r,, 0). AP, (r,z')]>exp(ia)z') (1.111)

zh€

qui est justement le formule de Kubo [18]. La partie imaginaire de la susceptibilité peut alors

étre trouvée sous la forme

200, or) -7, o) = 2iIm x(r, 0,)5,,5(c —r,)

(1.112)
(TAR, (x,, 0), A8, (r, )T} explicor)
Cela implique
<[A£’a(rl,a)) (1,0, > J' dr, .[dt < > (6.1,).AP, (x, .1, )]>exp(ia)ltl —imyt,)
= j dt, j dt2<[APa (5,0, A, (r,., =1, )l explias, — iavys,)
=2710(w, — w, J-dt < P (r, 1,O),Alﬁﬂ(rz,t2 )]>exp(—ia)2t2)
=4h7e, Im y(r, @)8,,6(r —1,)5(c, - w,)
(1.113)
Alors, si nous définissons un rapport des corrélations par
<A1_3a(rl’wl)AéL(rz’w2)> _Leilva) (1.114)

<A£L (1'2 > (0, )Aéa (r1 > O )> ﬁ(l', @ )
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en terme d’un nombre, r_z(r, a)l), signifiant le nombre de photon [13], ces corrélations peuvent

s’exprimer comme
(AP} (. @)AP, (5, @)) = 4h72,1(r, @ )Im (s, ©)6,,6(—5)5(01 - 0,) (1.115)

<A£a(r1, ®)AP . (r,, 0, )> = dnhre,[1+7(r, @ )]Im z(r, )3, —1,)0(w, - w,) (1.116)

Ceci est justement le théoréme de fluctuation-dissipation [13][18], reliant les corrélations des
fluctuations quantiques a la partie imaginaire de la susceptibilité, ou encore le taux de
dissipation de 1’énergie, et le nombre de photon (boson) en équilibre thermique, qui sera

discuté au chapitre 3,

1

= 1.117
exp(ha)/KBT)—l ( )

ﬁ(r, a))

D’une maniere plus générale, le théoreme de fluctuation-dissipation relie I’irréversibilité aux
fluctuations. Ici, I’irréversibilité est dans le domaine temporel, c’est-a-dire plus concreétement
2(r,w)# y(r,— w), ou encore Im y(r, ®)# 0. Comme illustré sur la figure ci-dessous, quand
le sous-systeme, qui nous intéresse, est en interaction avec un réservoir d’énergie initialement
en équilibre thermique, a travers les mécanismes irréversibles de dissipation d’énergie
(amplification / atténuation), ses cohérences internes se réduisent a cause des fluctuations

couplées du réservoir.

M¢écanismes irréversibles

Sous-systeme  [«—> oo ‘ .
Y de dissipation d’énergie

A

Echange
de I’énergie

A 4

Fluctuations

Réservoir
Environnement

Figure 1.1 Illustration schématique d’un systeme dissipatif

Finalement, afin d’évaluer les fonctions de corrélations d’ordre supérieur a deux, nous
pouvons faire appel au théoreme de Wick de la thermodynamique [13], qui dit que: si
I’hamiltonien du systéme est quadratique vis a vis des opérateurs de création et d’annihilation

(oscillateurs harmoniques),
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e Les espérances quantiques des produits de toute paire d’opérateurs
d’annihilation, de toute paire d’opérateurs de création et de toute séquence d’un
nombre impair d’opérateurs de création et/ou d’annihilation mélangés sont nuls.

e [’espérance quantique du produit de toute séquence d’un nombre pair
d’opérateurs de création et/ou d’annihilation mélangés peut s’écrire comme la
somme sur toutes les possibilités d’apparier les opérateurs dans la séquence, en

conservant au sein de chaque paire I’ordre initial. Par exemple, nous avons
<f1f2f3f4> = <f1f2><f3f4>+<f1f3><fzf4>+<f1f4><fzf3> (1.118)

ou f, est ’opérateur de création ou d’annihilation.

1

En général, nous supposons que les électrons et noyaux sont approximativement dans les
oscillations harmoniques en équilibre thermique. Ainsi, le théoreme de Wick est aussi

applicable a ces opérateurs.

1.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté une approche nouvelle de la quantification du champ
optique macroscopique, basée sur une description ab initio d’interaction champ-matiere, dont
I’hamiltonien est de type multipolaire (1.55). Grace a I'utilisation de la relation (1.76) et
I’hamiltonien de I’interaction entre le champ macroscopique et la matiere (1.78), nous avons
réussi a établir un modele pour la description quantique du champ optique macroscopique.
Les effets d’optique nonlinéaire ont été quantifiés a tous les ordres. Il est important de
distinguer les mécaniques microscopique et macroscopique pour trouver correctement
I’hamiltonien d’interaction (1.78). Les résultats principaux de ce chapitre sont (1.92) et
(1.102)-(1.105), qui constituent une théorie de base assez générale de la description quantique

du champ optique macroscopique que nous utiliserons dans les chapitres suivants.
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Chapitre 2
Théorie Quantique des Fibres Optiques

Les résultats du chapitre précédent sont assez généraux. Dans ce chapitre, nous allons d’abord
discuter de 1’optique nonlinéaire dans les verres de silice. Ensuite, nous établirons un model
unidimensionnel quantifié, ot 1’accent sera mis sur la diffusion Rayleigh et les diffusions
Raman et Brillouin. Enfin, un model bidirectionnel quantifié pour les amplificateurs Raman a
fibres de silice sera établi, et nous allons également établir le théoreme de fluctuation-
dissipation dans les amplificateurs Raman a fibres optiques.

2.1 Optique nonlinéaire dans les verres de silice

Pour que le développement en série (1.86) soit valable, il faut que le champ appliqué de
I’extérieur soit bien faible que le champ atomique. Comme ce dernier étant d’ordre de
10" V/m [1], correspondant a une intensité lumineuse d’ordre de 10 MW/;.LmZ, soit 1IGW de
puissance optique dans les fibres optiques monomodes standards (SMF, Standard Monomode
Fibre), cette condition est largement vérifiée en pratique. Puisque que dans les matériaux
centrosymétriques tels que les verres de silice, les susceptibilités d’ordres paires sont nulles,
nous pouvons écrire la densité de polarisation, en prenant compte des non-linéarités du 3°™

ordre, sous la forme
Py(r,t)= PP (r,1)+ P (r,1)+ AP\ (r,1)+ AP (r,1) 2.1)

ot les fluctuations sont retenues jusqu’au 1% ordre.

Dans 1’approximation dipolaires (1.80), la densité de polarisation est la somme de la
contribution des électrons et celle des noyaux. L’électron ayant une masse bien plus petite que
les noyaux et se déplacant beaucoup plus rapidement. Ceci a deux conséquences importantes.
D’un c6té, quand un champ électrique est appliqué sur une molécule, ses électrons s’éloignent
du barycentre électrique avec une vitesse beaucoup plus grande que ses noyaux. Nous voyons
alors que les contributions électroniques sont prépondérantes dans la susceptibilité du 1%

ordre [2]. Dans les matériaux diélectriques, comme les électrons sont liés et confinés dans les
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espaces sur une échelle microscopique, les réponses électroniques au champ optique

macroscopique peuvent étre considérées comme tout a fait locales dans I’espace, ¢’est-a-dire,
Zl(zlﬁ)(rl’ a)l;r) = ;(ﬁj}(a)l,r)é(r _rl) et A;Z,E}} (rl » ;I‘,t) = A/%gﬁ) (w1’r’t)5(r - ) (2.2)

Nous pouvons considérer d’une part qu’au cours des transitions €électroniques, les noyaux, vus
par les électrons, sont stationnaires. Born et Oppenheimer [3] ont montré que la premiere
contribution a 1’énergie moléculaire est le mouvement électronique par rapport a des noyaux
stationnaires. Les noyaux, pour leur part, voient un nuage d’électrons, fonctionnant comme un
potentiel. La vibration nucléaire contribue alors au 2°™ ordre a I’énergie moléculaire.

Dans les matériaux comme les verres de silice, les fréquences de transitions électroniques
sont beaucoup plus élevées que les fréquences optiques, et le champ optique est loin d’étre en
résonance avec les électrons. Nous pouvons donc négliger la dispersion chromatique liée a la

2 2 . ~(1 ..
réponse électronique dans A;(LIL et écrire

AR (e, ;r,t) = 8 —1,)AZY), (r,1). (2.3)
Rappelant (1.105), nous trouvons donc

API(r,t)=&,E, . (r,0)A7Y), (r.1) (2.4)

Il est a noter que cette dépendance temporelle des fluctuations de la susceptibilité est en fait
due a la dépendance des coordonnées nucléaires [4]. En effet, nous pouvons écrire au 1% ordre
AR(r,t)= ZCl. (r)ﬂi (t), [ étant les déplacements nucléaires. En plus, puisque les fréquences
optiques sont trés inférieures aux celles des transitions électroniques, les électrons voient en
fait un champ optique qui est lui aussi stationnaire. Utilisant 1I’approximation de Born-
Oppenheimer et 1’approche semi-classique que nous avons montré dans le chapitre précédent,
Hellwarth [4] a montré que la susceptibilité optique du 3°™ ordre pour les matériaux tels que

- o 1
les verres de silice peut s’écrire comme

Z((;Zgzﬂlﬂ (I‘3,I‘2,l‘1; Wy, 0, , 0, ;l‘) =0 oo (r)5(r3 - )5(1‘2 - )5(1‘1 - I‘)

2.5
+d r,,I;0,+ 603)5(1‘3 -, )(5'(1’l —r) (2.5)

e NN (

ou o estréel et

" 11 est 2 mentionner que dans son article, la dépendance spatiale n’est pas prise en compte.
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57,1 = 6() = (1AFL, (r,.0). 070, (r,.0)) (2.6)

2ih

Le 1% terme a droite de (2.5) est dii aux nonlinéarités électroniques, et le 2°™ est la
contribution nucléaire. Dans [4], il est montré que de plus pour les matériaux isotropes, nous

avons

o 6 +0, 0, +J6 0

0!30!2011ﬂ - ( ou” oz, a,u o au ala)

2.7
et

ou” o, ou o, a,u” oy

d%aﬂlﬂ(rz,rl,t):aR(rz,rl, )8, ,0 ; L (r,.r,, t)(5 6, +0 ,0 ) (2.8)

ol le 1° terme 2 droite de (2.8) vient de la réponse nucléaire isotrope, et le 2°™ vient de la
réponse anisotrope. En pratique, cette dernicre est négligeable dans les matériaux comme le

verre de quartz [4]. Alors, utilisant [E u (r,t), Ea (r,t)]= 0, nous trouvons

15!53) (r,r)= %goa(r)z E)(r,t)E, (r,1)+&, ZJ. J.aR (r.r.t—1)E,, (c.0)E] (1, )dr,d’r,

2.9

La polarisation du 3% ordre dans les verres de silice comporte donc la réponse instantanée
électronique, ce qui contribue a l'effets Kerr et a ses manifestations SPM (Self Phase
Modulation), XPM (Cross Phase Modulation) et FWM (Four Wavs Mixing), etc. [5], et la
réponse nucléaire non-instantanée, responsable des diffusions inélastiques Raman et
Brillouin.

Le champ électrique peut se décomposer en champs de signal et de pompe. Pour
simplification, nous supposons que le champ électrique total est linéairement polarisé (les
effets liés a la polarisation seront discutés dans le chapitre 6). Nous pouvons alors écrire
E (r,7)= EJ (r,7)+ E » (r,z), oir les indices spatiaux sont ignorés. Ainsi, le produit cubique des
champs dans I’intégration de (2.9) devient

E(e.0)E (. 0) =26, (e.0)E,  (5.0)E,(.0)+ B, (e.0)E2 (1) + E2(0.)] (2.10)

ol le 1° terme décrit les diffusions inélastiques, et le 2°™ terme contribue a ’effet Kerr, des
contributions non-instantanés nucléaires négligeables devant les contributions instantanés
électroniques [6]. Les densités de polarisation Raman/Brillouin aux fréquences de signal et de

pompe s’écrivent alors, respectivement, sous les formes
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+o0

P sr,t)= 2(90.[d3rl .[aR,B(rl,r,t ~t)E, ,(r,t)E, , (r,,1,)E, (r, 1, )dr, (2.11)
et
P slr,t)= 280.[ d’r, J-aR,B (r.r,0—1)E, ,(c.0)E, , (r.0)E, (r, )dt, (2.12)

—oo

2.2 Modele quantique pour les fibres optiques
2.2.1 Modéele unidimensionnel et diffusion Rayleigh

Nous supposons que les champs puissent €tre considérés comme transverses. Alors, prenant
en compte de (2.1) et (2.2), nous pouvons écrire la transformée de Fourier temporelle de
(1.64) comme

2

VE(r.0)+ e(r.0)B(r.0) =-4,0" AP, r.0)+ B, (r.0) (2.13)

ot £(r,m)=1+ z(l)(r,(o) est la permittivité relative linéaire ; AE L (r, )= AE(O)(I‘, o) est la
densité de polarisation linéaire spontanée ; et P w(ro)= P ’ (r,m)+ AE(I (r, ) est la densité
de polarisation nonlinéaire. Nous savons qu’a part les pertes dues a I’absorption optique, il
existe dans les fibres une grande proportion de perte provenant de la diffusion Rayleigh [7].
Cette diffusion élastique est due aux fluctuations de I'indice de réfraction aux échelles tres
inférieures aux longueurs d’onde optiques. Afin de modéliser cet effet, nous pouvons
introduire dans la permittivité relative linéaire de petites fluctuations Ae(r) dont la dispersion

est négligée, et nous écrivons

e(r,w) = &(r,w) + Aelr) (2.14)

Nous imposons que ces fluctuations soient réelles, d’une valeur moyenne nulle et delta

corrélées en espace:

(Ae(r)) =0 et (Ae(r, )Ae(r,)) = o3 (r,)S(r, —r1,) (2.15)

Nous n’avons pas fait tout de suite I’approximation scalaire sur les champs dans (2.13), car la
diffusion Rayleigh est dépendante de la polarisation [8]. Pour estimer correctement la perte de
diffusion Rayleigh, il est nécessaire de garder provisoirement les formes vectorielles.
Négligeant tout autre défaut structurel de la fibre, nous réécrivons ainsi (2.13) sous la forme

A

V2E(r, 0)+ k22 0B, 0) = k2 [Ae(r. 0)E(r.0) + £ AP, (r.0) + £, P, (r. )]
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(2.16)

avec k, =@’ /c*.
Puisque la partie imaginaire de £(r,®) est bien inférieure a sa partie réelle, nous pouvons

écrire approximativement
k2E(r,w)=k’n*(r,w)+ ik ,o(r, ®) (2.17)

ot n(r,w) et ar,w) sont, respectivement, I’indice de réfraction et le coefficient d’absorption
du guide. Nous choisissons I’axe z comme la direction de propagation. Alors, dans le guide
unidimensionnel idéal, I’indice de réfraction ne dépend pas de z, n(r, a)) = n(x, a)), x étant les
coordonnées transverses. Les modes pour une fréquence optique donnée sont préts a définir

par I’équation suivante
V2 + k20 %), ()= Blo,x) (2.18)

ou (pm(x) et 3. sont respectivement la fonction propre vectorielle, colonne 3D, et la valeur
propre de chaque mode m. L’équation différentielle (2.18) étant hermitienne, les fonctions
propres q)m(x) peuvent constituer d’une base orthonormale complete. Dans la suite, nous
n’allons pas écrire explicitement la dépendance fréquentielle, sauf si nécessaire. Les champs

peuvent alors se décomposer en modes comme

Er)=) E, (o, (x). avec £, (z)= | ¢, (x) Elr)d’x (2.19)

Nous supposons que la fibre soit monomode. Pourtant, il y a encore deux modes guidés,
dégénérés en polarisation, dans les fibres ayant une symétrie circulaire telles que les fibres
SMEF [7]. En pratique, nous devons aussi prendre en compte la biréfringence de fibre qui crée
un couplage entre ces deux modes et est responsable des effets de polarisation, tels que la
PMD (Polarization Mode Dispersion). Dans ce chapitre, elle sera provisoirement négligée, et
ses impacts dans les amplificateurs Raman seront étudiés dans les chapitres 5 et 6. Ainsi, nous
allons choisir I’un des deux modes guidés, que nous désignons par I’indice 1, et ignorer
I’autre. Les champs sont alors les sommes des contributions du mode guidé et de I’ensemble
de champ non-guidé. Désignant ce dernier par 1’indice 2, nous pouvons écrire, par exemple
pour le champ électrique, E(r) = El(r)+E2(r) . Ces deux contributions sont alors
orthogonales telles que .[ EI(X)-EZ(I’)dZX = (0. Nous pouvons assumer que la variation du
coefficient d’absorption dans le plan transverse vue par le mode guidé soit négligeable, ce qui

implique que nous avons

[ole)e, (x)- 0, (x)d*x = 5, ,a(2) (2.20)
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En fait, il est équivalent de dire qu’entre le champ non-guidé et le mode guidé, le couplage a
travers I’absorption est négligeable. Alors, remplagant les champs décomposés, et faisant

appel a I’orthonormalité des fonctions propres, nous trouvons pour le mode guidé

o>+ (87 +iar, + k28, £, (2) = —k2 [ 0 (WAe()E, (x5 k2 AP, (2)+ £y, ()

(2.21)
avec
k
a,(z)= F“’a(z), et A, (z)= j mzAg(x,z)|(p1(x)|2d2X (2.22)
1
et pour le champ non guidé au 1% ordre
[V k202 () + ik ()| B, (r) = K2 [Ae()R, (1) + £, AP, ()] (2.23)

La densité de polarisation nonlinéaire non-guidée, P w2 » est négligée dans (2.23). C’est parce
que les modes non-guidés se distribuent sur tout le plan transverse, alors que les effets
nonlinéaires se trouvent principalement dans le cceur de fibre

Ensuite, nous définissons une fonction de Green tensorielle, 3D, pour I’ensemble de champ

non-guidé
V2 + k2n%(x) + ik a(x)] G, (r,0) = =5, 8(c — ) (2.24)
Nous imposons qu’elle soit transverse, V-G(r,r')=0, car nous avons supposé que les

champs le sont. Cette fonction est symétrique dans le sens G, (r,r')= G, (r',r) [9], et elle a la

propriété suivante que nous allons utiliser ultérieurement

G(r,r')-G'(r,r) _
2i
- %J‘ [G*(r,r”)Vf.,G(r",r')— G(r,r”)Vf.,G*(r",r')]d3r"
i

+ Ikwa(r")G* (r,r")G(r",r')d’r"

= .[kwa'(r")G*(r,r")G(r",r')d3r"

ImG(r,r')= %J' [G(r,r")é'(r” —r')-G (r,r")or" - r')]d3r”
i

(2.25)

Apres avoir définit cette fonction de Green, nous pouvons écrire formellement la solution de

(2.23) sous la forme

B,(r) = 2 [G (. e )E (o, (x)+ £, AR, (e (2.26)
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Remplagant I’expression ci-dessus dans (2.21), nous trouvons

o2 + (82 + i + 528, N (2)= k3 [ [ 0] ()G e, 1o, (¥ JAel)aelw ), () r

—e'k2[AB, () +PNL1( )

(2.27)
avec

AP,(2)= AP, \(2)+k [ [ Ae(z,x)o] (X)G(r,r)AP , (r')d’r'd’x (2.28)

qui est la densité de polarisation linéaire spontanée totale dans le mode guidé. Nous voyons

que le 2°™ terme de (2.28) rende compte de la contribution de la densité de polarisation

linéaire spontanée non-guidée et diffusée dans le mode guidé.

Figure 2.1 Illustration schématique de la diffusion a cause des inhomogénéités du guide

La diffusion du mode guidé a comme conséquence la perte qui doit pouvoir étre décrite par
le changement de la partie imaginaire du constant de propagation. Le 1 terme a droite de
(2.27) rende compte de la partie multi-diffusée du mode guidé. C’est-a-dire que la partie
diffusée en dehors du mode guidé et re-couplée dedans, comme illustré sur la figure 2.1. Afin
d’évaluer le changement de la constante de propagation amené par ce processus, nous
remplacons approximativement A£(r)Ae(r’) dans (2.27) par sa valeur moyenne. A 1’aide de

(2.15), nous trouvons

02+ (82 +iB,, + k24, )| By (2) = s k2 [AP, (2) + By o (2)] (2.29)

ou le coefficient d’atténuation totale est donné par
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a,=aq, +% j ¢! (x)ImG(r,r)o, (x)o} (z,x)d’x (2.30)

et le changement de la partie réelle de la constante de propagation est tout a fait négligeable
devant f,, c’est-a-dire que B, ~f,. Le 2°™ terme de (2.30) est donc le coefficient
d’atténuation de la diffusion Rayleigh. Son expression analytique sera donnée au chapitre 5,
et la consistance de nos analyses théoriques y sera également vérifiée. Finalement, il est a
noter que comme nous allons le voir, le terme k_A,, dans (2.24) décrit en fait la rétro-
diffusion Rayleigh.

2.2.2 Diffusions Raman et Brillouin

Dans la suite, puisque nous n’étudions que des champs guidés, 1’approximation scalaire sera
adoptée. Dans la section 2.1, nous avons montré que la densité de polarisation nonlinéaire

dans les verres de silice est donnée par

A

Py, (r,1)= P (r,)+ APY(r,1) 2.31)

ou Aﬁ(l)(r,t)zAf((r,t)E(r,t) est la densité de polarisation Raman/Brillouin spontanée ; et

3éme

/5(3)(r, 1) est la densité de polarisation induite du
et celle de Raman/Brillouin stimulée, I5(3)(r,t) = f’KW (r,t)+ f’é op(rs )+ f’p! 5(r,1). Le champ

ordre, qui est la somme de celle de Kerr

électrique étant la somme des contributions du signal et de la pompe, nous nous intéresserons
aux fréquences de signal par la suite. En fait, puisque (2.11) et (2.12) sont fonctionnellement
identiques pour le signal et la pompe, la plupart de résultats dans la suite sont aussi valables
pour la pompe. En plus, nous allons considérer la pompe comme un champ classique quasi-

monochromatique, se propageant dans la direction z positive, c’est-a-dire que nous avons

E, (r,r)= E[(,+)(r,t)+ cc.,avec EV(r,t)= A, (z, t)¢p (x)expi(ﬁpz - a)pt) (2.32)

p

Ainsi, la densité de polarisation Raman/Brillouin spontanée s’écrit comme

A

APY(r,t)=A%(r,1)E, (r.1) (2.33)

et la densité de polarisation Raman/Brillouin stimulée s’écrit comme

+oo

ﬁs,R/B(r’t): 2€0J-d3rl .[aR/B (r,r,r—1, )[E£+)(Z’t)E£,_)(Z1’t1 )+C'C']Es (oo )dr,  (2.34)

—oo

ou les termes contenant expz i[ /)’p(z + zl)— o, (t+ f )] sont omis.
Le coefficient a,, B(rl,r,f) dépend des deux coordonnées spatiales, r; et r. Nous pouvons

donc écrire a,,,(r,,r,7)=a,,,(r,r-r,,7). Cette dépendance de r—r, signifie que la diffusion
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Raman/Brillouin n’est généralement pas locale spatialement, et elle sélectionne les vecteurs
d’onde. Nous savons bien que c’est ce qui correspond a la diffusion Brillouin. Alors, la
dépendance de r—r, doit étre a 1’échelle des longueurs d’onde optiques, et nous pouvons

faire 1’approximation pour les enveloppes lentement variables

Ag/p (l‘l,l',t - )Ap (Z’t)A: (Z1’t1) = aR/B(rl’r’t - )Ap (Z’t)A: (Z’ t1) (2.35)

dans Iintégration spatiale. En plus, nous allons y remplacer A, (z,t)A; (z,tl) par son moyen

statistique
1
(4,(z.0)4, (z.1,)) = 2 (2)S, (z,1~1,) (2.36)

ou Pp(z) et S, (z,t—tl) sont, respectivement, la puissance moyenne de la pompe et la
fonction d’autocorrélation normalisée de son enveloppe. Les effets liés a la partie
temporellement fluctuant de la pompe, que nous venons de négliger, seront discutés au
chapitre 6. Alors, la transformée de Fourier temporelle nous donne

+oo

E‘Y,R,B(r, )= &P, (Z)_J;[QR/B (r1’ r, Q)®§p(z’ Q)](a)_ wp) (2.37)

x8,(x)’ (%, )E, (r,, @)explif, (z - 2 )lo°r,

ou ® exprime la convolution, et que @ > 0. Pour les fréquences négatives, il suffit de prendre
le conjugué hermitien de cette équation. Maintenant, nous pouvons écrire la densité de

polarisation Raman/Brillouin stimulée dans le mode guidé comme

ER/B,I (Z» a)) =P, (Z)IKR/B (Z» L -5L0-0, )E1 (Zv a))eXp[iﬁp (Z -4 )]dz1 (2.38)

)

avec le coefficient Raman/Brillouin défini comme
K (Z’ 4-% Q) =&, Im[S, (Z’ Q) ® IQR/B (I‘l,l‘, Q)¢1* (X)¢p (X)¢; (X1 )¢1 (X1 )dedZXJ (2.39)

La partie réelle de cette convolution, entre crochets, peut s’obtenir avec sa contrepartie
imaginaire K, a ’aide de la relation de Kramers-Kronig. Cette partie réelle, modifiant la
constante de propagation et importante pour les applications du ralentissement de la lumiere
(slow light), sera ignorée par la suite. Il est a mentionner que, dans la définition (2.39), nous
n’avons pas pris en compte la dépendance en fréquence absolue du coefficient, provenant de

celle de la fonction du mode guidé ¢, (w,x).
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Supposons maintenant que nous pouvons décomposer El(z,a)) en deux parties se

propageant dans les directions positive et négative comme

A

E\(z,0)=A.(z,@)explif, )+ A_(z, @)exp(-if,2) (2.40)
Apres I’approximation, pour la méme raison que (2.35)
Ky (Z’ S Z)Ai (Zl ) =~ Kgp (Z’ S Z)Ai (Z), (2.41)

nous trouvons

A

Poi(z0)=iK (2.8 -B,.0-0,)P (2)A,(z0)exp(if2)

) ~ _ (2.42)
+1£R/B(z,,51 +8,.0-0, )Pp (2)A_(z, w)exp(-ifz)

ocoo [oNeNe]
1
|
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Figure 2.2 - Relations de dispersion des phonons acoustiques et optiques d’une chaine
biatomique

Nous savons que les processus des diffusions Raman et Brillouin couplent les photons aux

phonons. Le coefficient d’amplification K B(z, B, Q) doit étre proportionnel a la densité des
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phonons, et (B,Q) doivent évidemment s’interpréter comme la longueur d’onde et la
fréquence des phonons. Il est intuitif de considérer les relations de dispersion des phonons
optiques et acoustiques d’une chaine biatomique, illustrées par la figure 2.2. Nous voyons
que, dans la zone optique ou les longueurs d’onde optiques sont bien supérieure a la distance
interatomique A, la fréquence est une fonction quasi-linéaire en vecteur d’onde pour la
branche acoustique, alors que pour la branche optique, la fréquence est quasi-constante et
donc indépendante des longueurs d’ondes. Si 1‘écart fréquentiel correspond aux fréquences
des phonons acoustiques, Q ~ Q ., il ne peut y avoir que les phonons (,Bp + B,Q B) couplés
aux photons, car proche de zéro, B, — B, est trop petit. Nous avons alors, pour la diffusion
Brillouin stimulée : £R/B(,Bp —,[J’I,Q)z Oet K p +ﬁ1,Q)= K,(Q), et donc

—R/B

A

by (z0)=iK, (.8 +B,.0-,)P,()A (z.0)exp(-iz) : (2.43)

Si I’écart fréquentiel atteint les fréquences des phonons optiques, € ~ €, , nous avons pour la
diffusion Raman stimulée : K (,Bp —,b’l,Q)z K, \B, +,b’1,Q)= K,(Q), et donc

By (z.0)=iK, (2.0~ 0, )P, R)E, (2. ) (2.44)
Puisque K /B (z, ,B,Q) est indépendant du vecteur d’onde £, quand Q ~ Q, nous avons

KR/B(Z’ZI _Z’QR): Ky (Z’QR)5(ZI _Z) (2.45)

Tandis que pour les diffusions Raman/Brillouin spontanées, la transformée de Fourier

temporelle s’écrit
AP (r,0) = e,Aflr, 0- o, )A, (28, (x)explif, 2) (2.46)

ol @ >0 et le terme contient A ;Z(r, o+ a)p) est négligé. Alors, nous avons

A

APy g, (Z,G))I é(z’a)—wp )Ap (Z)exp(iﬁpz) (2.47)
avee

i(2,Q) =&, [ ¢ (x)AZ(r,Q)p, (x)d’x (2.48)

D’apres la section précédente, nous avons

E /o n . ,
gy (0,1, Q)= o [(A2(r,.0), A%{x,, 1)) explicr) dt (2.49)
0

Nous rappelons les égalités suivantes
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(AR(ry 1), AR, +1,)) = (AR(r,.0), AZ(r,. 1)) et AR (r,Q)=AZ(r-Q) (2.50)
Alors, de la méme maniere que pour (1.113) au chapitre précédent, nous pouvons trouver
(120, 2,).A2 (6, 0,)) = ~4inze; ' 8(Q, - 0, ay (r,.1,.92,) - a; (51,2, )]
(2.51)

et donc
<[éR (21»9'1 )’ ‘?; (Zz’Qz)]> =81 K, (21»91)5(91 _92)5(Z1 - Zz) (2.52)

Nous pouvons alors identifier c}R(z,Q) comme 1’opérateur d’annihilation pour le champ de
phonon optique. En effet, au 1% ordre, les noyaux oscillent harmoniquement, et les
déplacements nucléaires s’écrit comme 41, (t)=d,(t)+ 4, (t), 4, étant 'opérateur d'annihilation
de phonon. Nous voyons donc c}R(z,Q) est proportionnel aux opérateurs d’annihilation de

phonon. Maintenant, nous pouvons définir le rapport

<[‘?;(Zz»92 )éR (ZI’QI)> _ I+n, (ZI,QI)
<éR(Z1’Ql)éj€ (Zz»Qz)> ’_lq (ZI’QI)

(2.53)

Alors, nous avons
<€11‘e (ZZ’QZ)CAIR (11791)> =8h ﬁq (ZI’QI)KR (Z1’Q1)§(91 _Qz)§(Z1 - Zz) (2.54)
<éR (21’91 )‘ﬂe (Zz’Qz)> =87h [1+ n, (ZI’QI)]KR (Zle )5(91 -Q, )5(21 - Zz) (2.55)

n, (zl,Ql) étant le nombre de phonon, en équilibre thermique, donné par le statistique de

Bose-Einstein

1
7 (2,0Q)= 2.56
7,(52) exp(nQ/ K, T)—1 (2.56)

Dans les verres de quartz, ou I’écart fréquentiel Raman est typiquement d’ordre de 13.2 THz,
nous trouvons r_zq (z, Q, ) = (.13 a 300K. Finalement, il est important a noter que dans (2.52),
le coefficient Raman est écrit comme K, (z,a)—a)p) . En fait, nous devons avoir
K, (z,a)p —a))z—KR (z,a)—a)p) , parce que K, (z,Q) est la partie imaginaire de la
transformée de Fourier d’une fonction réelle. En effet, quand @> @, c’est la diffusion
Raman anti-Stokes, nous avons K, (z,a)—a)p)> 0, et g, (zl,a)p —a)s) est 1’opérateur

d’annihilation de phonon ; et quand @ < @, c’est la diffusion Raman Stokes, nous avons donc
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K, (z,a)p —a))< 0, et malgré son apparence, G, (zl,a)— a)p) devient I’opérateur de création.
Le nombre de phonon devient dans ce dernier cas ﬁq (z, w— a)p): 1+ ﬁq (z, ®,— a))
2.3 Modele pour les amplificateurs Raman a fibres

2.3.1 Modéle de propagation

D’apres les sections précédentes, nous pouvons é&crire 1’équation de propagation uni-

dimensionelle pour le champ é€lectrique guidé, dans le domaine fréquentiel, comme

[02 + Bl@) B(@)-ig(z, 0)+ 2A8(z, )| E(z, @)

(2.57)
=&,k [8P(c, @)+ AP (2.0) + P, (2,0)
ou w>0 ;
2(z.0)=C,le. 0, - 0P, ()-alz, 0), (2.58)
ou Cp est le coefficient d’amplification Raman 2
k2
Cilzwo, -0)=—* K (0, -0); (2.59)
®=0
qui est, en fait, proportionnel a la fréquence optique @ .
kA (z)
AB(z, )= =227 (2.60)
2p()

représente les fluctuations de la constante de propagation. Dans (2.57), I’indice désignant le
mode guidé est ignoré, et nous avons supposé B >> (g +2Af). Equation (2.57) étant une
équation différentielle d’ordre deux, nous introduisons maintenant un champ auxiliaire B (@
ne pas confondre avec le champ magnétique) tel que (2.57) peut étre exprimée sous la forme
de deux équations différentielles d’ordre un comme montrées ci-dessous

aZEA ibB . (2.61)
0.B=i(f+ig+2AB)E+C

avece

? Une définition plus conventionnelle du coefficient d’amplification Raman sera donnée au chapitre 6.
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kz

Clz) =i~ [AP(z.0)+ AP (z.00) + B, (2. 0)] (2.62)

€o

A T’aide du champ auxiliaire B, nous pouvons définir deux enveloppes lentement variables

contra-propagatives comme ci-dessous

A, = £ ; 8 exp(—ifz) et A_ = £-B explifk) (2.63)
Le champ électrique peut alors s’exprimer comme
E(z,0)=E.(z,0)+ E_(z,0), avec E.(z,0)=A,(z.0)expltifl@)z]  (2.64)

Avec (2.61), nous trouvons les équations de propagation pour les deux enveloppes sous la

forme
d.A, = (§+ z'A/)’jA + [§+ iA/)’j exp(-2if)A_+C,
2 2 (2.65)
-9.A_= (% + iA,BjA_ + (% + iA,b’j exp(2ifz)A, - C._
avec
C, =%exp(— ifz) et C_ =%exp(i,b’z) (2.66)

Le coefficient iAB(z) dans les premiéres parenthéses de ces deux équations est négligeable,
car il fluctue tres rapidement par rapport aux enveloppes de champ. Pour la méme raison, les
termes g(z)exp(*2ifz) dans les deuxiemes parenthéses sont aussi négligeables. Nous avons

donc en conséquence

>

9.4 (.0)= L g(z. A, (z.0)+ plz. DA _(z.0)+ C, (2. 0)
2 (2.67)

>

—azé_(z,w)%g(z,w__(z,w)—p*(z,w)&(z,w)—é (z.)

avec
oz, w)=iAB(z)exp(-2i5) (2.68)

dont la dépendance fréquentielle est négligée. Nous identifions tout de suite p comme le
coefficient différentiel de rétrodiffusion Rayleigh [10], que nous allons étudier plus en détails
au chapitre 5.
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Quand le champ est quasi-monochromatique, nous pouvons faire un développement de

Taylor sur la constante de propagation B(w) autour de la fréquence optique centrale ,

1 . d”
plo)=p+ T (0-a) avee f,=fla) e f,= 5 269
n>1 1o o=,
Nous redéfinissons deux enveloppes lentement variables sous la forme
Ei (z,0)= Ai (z,0— a)o)exp(i iﬁoz) (2.70)
avec @ > 0. Alors, nous avons
Ai (Z’ 0)) = Ai (Z,(l)+ @, )expii [ ,3(0)+ wo)_ﬁ(wo) ]Z (2.71)

A partir de (2.67), nous trouvons les équations de propagation spatio-temporelle pour ces
deux enveloppes

(20,480,250 i ()= #(A, (b p(A (a4 iR )+ . ()

(—az + 5,9, —éﬁzafjfl_ (z.1) =%g(Z)fA\_ (z.t)- p"(2)A, (z.t)—iK _(z,)- F_(z,1)

(2.72)

oll nous avons négligé la dépendance fréquentielle de g(z) et p(z) en supposant que la bande

du signal est suffisamment étroite.

kZ

€o

Fu(z0)=is AB(z,0+ @)+ AP (z. 00+ @, lexp(x if3,2) 2.73)

est donc la force de Langevin quantique dans les amplificateurs Raman.

& (2.74)

est lié aux effets Kerr. Cette derniere expression est obtenue a partir de (2.9) en négligeant les
termes li€s au mélange a quatre ondes. La surface effective A, dans (2.74) est définie
comme Ae; = I |(p 1|4 d’x, ou la différence entre les fonctions de mode du signal et la pompe
est négligée.

2.3.2 Théoreme de fluctuation-dissipation pour les amplificateurs Raman
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La force de Langevin (2.73) constitue deux sources de bruit qui sont la densité de polarisation
Raman spontanée (2.47) et la densité de polarisation linéaire spontanée (2.28). Dans le
chapitre précédent, nous avons vu que le théoreme de fluctuation-dissipation relie les
corrélations des bruits spontanés a I’absorption (amplification) dans le cadre d’optique
linéaire. Dans cette section, nous allons montrer que ce théoréeme reste valable pour les
amplificateurs Raman a fibres. Pour la diffusion Raman spontanée, le lien entre le gain
Raman et la densité de polarisation Raman spontanée est facile a montrer en évidence. Nous
pouvons la trouver directement a partir de (2.47), (2.54) et (2.55) :

~t ~
<A£R (Zz > 0, )ABR (Zl » 0O )>

(2.75)
=4rh ﬁq (Zl’ -, )KR (Zl’ -0, )Pp (1)5(0)1 -, )5(11 - Zz)
N At
<A£R (Zl > Wy )ABR (Zz » 0, )> (2.76)
=4z n [1 +n, (Zn 0 -0, )]KR (21’ 0 —-o, )Pp (1)5(0)1 - w2)5(21 - Zz)
Pour I’ atténuation, la densité de polarisation linéaire induite est donnée par
ﬁ(l)(r,z)zzi J’da)1 e,7" (@,r)E(r, ®)exp(-iar) (2.77)
ﬂ' )

Dans le chapitre précédent, nous avons déja montré 1’égalité suivante

<[A£)L (r1 > O, )’ AEZ (1‘2 » 0, )]> =4rxhe, Im;t’(l) (r1 > O )5(1‘1 -, )5(0)1 -, ) (2.78)
A I’aide de (1.113) et (2.28), et faisant appel a (2.25) et (2.30), nous obtenons

<[A£)(Z1 > () )’ AET (Zz , (0, )]> =4rhe, (%J :3(0)1 )a(z1 > (0 )5((01 -, )5(Z1 — 2 ) (2.79)

1

et donc

c

1

(VISP EE mg{ ] Bl )z, (21, )5(0, - 0,)5(z, — 2,)

(2.80)

(abte 0 o)) =4 £ | pla i, e ey )t - bl )

1

(2.81)
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ot 7,(z,@) s’interpréte comme le nombre de photon. Les égalités (2.80) et (2.81) sont
précisément deux exemples du théoréeme de fluctuation-dissipation. Nous rappelons que la
densité de polarisation linéaire spontanée Af’L, un champ macroscopique, vient principale-
ment de la contribution électronique. Dans I’approximation dipolaire (1. 80) elle est linéaire
en coordonnées électroniques %(¢), et nous devons pouvoir écrire AP 2,t)= Ze

avec el.(z) ayant la dimension de la densité de charge. Puisqu’au 1% ordre, les mouvements
électroniques peuvent étre modélisés comme les oscillateurs harmoniques, nous pouvons
écrire %, (¢)= [& +a/ ] avec a, étant l’opérateur d’annihilation pour I’oscillateur
harmomque Ainsi, AP(zl, ) est linéaire en 4, et n (zl,a)l) signifie le nombre de photon.

En équilibre thermique, nous avons

1
exp(hw/ KBT)—l

n(z,0)= (2.82)

A 300K, ce nombre de photon est d’ordre de 10" aux fréquences optiques typiquement
autour de 200 THz.

Ensuite, nous pouvons supposer qu’au 1% ordre, les coordonnées nucléaires commutent
avec celles électroniques. Ceci est vérifié, car nous avons vu que dans 1’approximation de
Born-Oppenheimer, les mouvements nucléaires sont trait€s une perturbation sur les électrons,
et les noyaux ne voient que de nuages électroniques moyennés. Rappelant la définition (2.73),
nous trouvons donc

R 2

(1F. @) B 0)) =2 glem)olo—0)o(c—2)  @83)

€o

et
<[Ei (Z1 » @ ) E (Zz , 0. )]> = <[Ei (Zl » 0, ) EAL (Zz , @ )]> exp(+ 2ifz, ) (2.84)

Non stationnaire en z, cette derniere moyenne est négligeable, parce qu’elle oscille tres

rapidement. Nous écrivons alors
<[Ei (2. @,).F 1 (2, )]> =0 (2.85)

De la méme maniere que pour (1.115) et (1.116), nous pouvons définir formellement un

nombre de photon moyen 7, (zl, a)l) et écrire a partir de (2.83)

2

<ET (2. 0,)F . (z,. 0 )> ——zh n,(z,0)8(z,0)0(@ - 0,)8(z, - z,) (2.86)

€o
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k2

(£, o) () =-2h Ko 1w, (2 ) (e @)@ - )50, - 2. @387)

0

Ceci constitue le théoreme de fluctuation-dissipation unifié pour les amplificateurs Raman a
fibres. Ainsi, les corrélations des fluctuations spontanées sont proportionnelles au taux

d’échanges de I’énergie.

09—~ e
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Limite = 0.9 E
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0.4} Transparence 4
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Population du nivaeu haut N
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Rapport d'amplification / atténuation 7 = CRPp/ a

Figure 2.3 - La population du niveau haut virtuel en fonction du rapport d’amplification sur
atténuation

Prenant en compte le fait, qu’aux fréquences optiques, nous avons 7, (z,w)=0, le nombre
de photon moyen défini dans (2.86) et (2.87) peut étre trouvé, a 1’aide de (2.73), (2.75), (2.76)
et (2.81), comme

i, (z.0) =1 +7,(z. 0 —a))]CR(Z’w’wP_w)Pp(Z)
gy q\&> Yy | 2 (.0)

(2.88)

Alors, quand g(z, @) >0, nous avons n, (z,@)< 0. C’est précisément ce qu’il se passe dans
les amplificateurs a semi-conducteur lorsque I’inversion de population a lieu [11]. La relation
entre ce nombre de photon 7, et la population du niveau haut (niveau de conduction) N est
donnée par [11]

n=—— (2.89)

Pour les amplificateurs Raman, nous pouvons alors définir une population virtuelle du niveau

haut et I’exprimer par
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1+n C.P
_ AR ee = S (2.90)
1+ 1+2n)n a

La figure 2.3 présente la population virtuelle du niveau haut en fonction du rapport
amplification sur atténuation. Logiquement, quand 1’amplification est égale a 1’atténuation,
CrP, =, nous trouvons la transparence. Avec une valeur typique de n, =0.13, la limite de
la population virtuelle du niveau haut est environ a 0.9, ce qui implique que 1’amplification
Raman a fibres doit avoir des performances au niveau de bruit. C’est ce que nous allons
étudier dans le chapitre suivant.

2.4 Conclusion

Dans les verres de silice, les électrons sont en mouvement beaucoup plus rapide que les
noyaux, et, de plus, les champs optiques sont loin d’étre en résonance avec les électrons. Cela
est essentiel pour comprendre les mécaniques physiques dans les matériaux tels que les verres
de silice. Pour décrire correctement la diffusion Rayleigh, les effets vectoriels doivent étre
pris en compte. Ceci sera encore discuté au chapitre 5. Les diffusions inélastiques Raman et
Brillouin ont été étudiées dans par un model unique. Nous avons montré que la diffusion
Brillouin dépend des vecteurs d’onde, et la diffusion Raman en est indépendante. Cette
différence provient de celle des relations de dispersion des phonons acoustiques et optiques.
Dans ce chapitre, nous avons réussi a établir un modele bidirectionnel quantifié pour les
amplificateurs Raman. Nous avons montré que le théoréme de fluctuation-dissipation, (2.86)
et (2.87), est aussi applicable aux amplificateurs Raman. A partir de ce théoréme, nous avons
établi une expression pour la population virtuelle du niveau haut, en comparaison avec les
systemes a deux niveaux réels. Ce concept peut étre utile pour une compréhension intuitive
des avantages des amplificateurs Raman et des processus de génération de bruit intrinseque

dans ce type d’amplificateurs.
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Chapitre 3

Bruits Quantiques des Amplificateurs Optiques
Linéaires et Insensibles a 1a Phase

Il y existe deux types d’amplificateurs utilisables a toutes les fréquences [1] : ’'un est basé sur
un processus dissipatif, c’est-a-dire le transfert de 1’énergie, utilisant un élément de
conductance négative, et l’autre est basé sur un processus de mélange cohérent de
composantes fréquentielles a 1’aide d’un élément de susceptance nonlinéaire. A titre
d’exemple, les amplificateurs EDFA (Erbium Doped Fiber Amplifier), SOA (Semiconductor
Optical Amplifier) et les amplificateurs Raman et Brillouin font partie de la premiere classe,
tandis que les amplificateurs paramétriques font partie de la seconde. Un amplificateur
linéaire est défini par une sortie reliée linéairement a 1’entrée. Quand I’amplificateur linéaire
ne distingue pas les deux composantes de quadratures du signal, nous disons qu’il est
insensible a la phase [2]. Pratiquement, en régime de petit signal, EDFA, SOA et les
amplificateurs Raman et Brillouin peuvent étre considérés comme linéaire et insensibles a la

phase.

3.1 Descriptions et propriétés quantiques du rayonnement

Il est connu que la limite quantique du facteur de bruit de tout amplificateur linéaire et
insensible a la phase est de 3 dB [1][2][3]. Ceci est étroitement i€ au principe d’Heisenberg.
Pour bien I’apprendre, ce chapitre commence par un rappel sur les descriptions et les

propriétés quantiques du rayonnement.

3.1.1 Représentation modale du champ

Comme nous 1’avons montré au 1% chapitre, dans le systeme total, la liberté dynamique du
champ électromagnétique peut €tre décrite par le potentiel-vecteur transverse At et son
moment conjugué M. Avec I’approximation scalaire simplificatrice, leur relation de
commutation, lA(r),f[(r’)J: ihd(r —r'), implique la possibilité de décomposer ces opérateurs

de champ dans la représentation de Schrodinger sous les formes
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Ale)= 3 Al )+ al 0 0] e ni)=iny Do, 0)-a0i] 60
k k k
ol d, et @ sont les opérateurs d’annihilation et de création de chaque mode satisfaisant la

relation de commutation suivante
la,.al]=6,.. (3.2)

w(r) est une fonction de pondération réelle, et les fonctions de mode u, (r) forment une base
orthonormale et complete. L’opérateur A, (r)= A, [&kuk (r)+au, (r)] correspond aux champs
monomodes, éléments de base des champs réels.

Il ne faut pas confondre les champs monomodes avec les champs monochromatiques.
D’une maniere générale, tous les champs monomodes n’ont pas forcément une dépendance
temporelle harmonique. Pour un champ classique scalaire et monomode, nous avons :
A(r,t)= ot Julr)+cc., ot alr) est I'amplitude complexe, fonction du temps. Ce champ
monomode est donc défini par deux parametres réels : I’amplitude et la phase { o, ¢ }, tel
que & = q, exp(— i), ou bien les parties réelle et imaginaire { o, o }, dites composantes de
quadrature. Comme I’illustre dans la figure 3.1, il peut étre représenté dans le plan complexe,
dont { o, ¢ } et { on, & } sont respectivement les cordonnées polaires ou cartésiennes, et les
bruits correspondant induisent les incertitudes sur ces parametres. Il en est de méme pour
I’opérateur quantique de ce champ monomode, A(r)z A[& u(r)+H .C.], qui est entierement
décrit par I’opérateur d’annihilation du mode spatial, annihilation du photon, @ et son

conjugué hermitien a".

A Im A Im
Ay ™y
a=ae’
(45) Am
a()
¢ Re Re
a Ao
(a) (b)

Figure 3.1 — Représentations du champ classique mono-mode (a) et ses bruits (b)

Les opérateurs de création et d’annihilation de photon ont I’importance centrale en optique
quantique. Cependant, comme nous allons voir, il est souvent nécessaire d’exprimer le champ

en termes d’opérateurs hermitiens. Par analogie avec le champ classique, représentations
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polaire et cartésienne sont utilisées. Pour cette derniére, nous pouvons alors décomposer d en

deux opérateurs de quadrature hermitiens
a=a,+id, (3.3)
avec
g =a+a")2eta,=(a-a)i, (3.4)

Un rayonnement monomode est donc bien décrit par les deux opérateurs de quadrature

hermitiens. Nous trouvons facilement leur relation de commutation sous la forme
. A i
la,.a,]= 3 (3.5)

L’utilisation des opérateur d’amplitude et de phase de la représentation polaire présente une
difficulté. Suivant Susskind et Glogower [4], nous pouvons écrire formellement I’opérateur

d’annihilation comme

4 =N +1exp(—ig) (3.6)
avec I’opérateur de nombre
N=a'a (3.7)

et ’opérateur de phase ¢3 que nous voulons étudier. La raison pour laquelle nous n’avons pas
utilisé \/]\7 , dans (3.6), est que I'inverse de N n’existe pas. D’apres cette définition, nous

avons

exp(—ig) = ﬁa (3.8)
ou il est important de respecter 1’ordre des opérateurs dans les égalités. A partir de
aadt=N+1= N+lexp(—i¢3)exp(i¢?T)m, 3.9)
nous déduisons
exp(—ié) exp(iéT) =1. (3.10)

Or, nous pouvons trouver également
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exp(id!) exp(—id) =i’ — a=>a' n) |~ |mY(m|a =1-|0)0| £1  (3.11)

N +1 o N +1

ou |n> désigne les états de Fock (état de nombre) que nous allons introduire a la section

suivante, et |O> est donc I’état du vide. Nous voyons donc que I’opérateur exp(—ié) n’est pas

0)(0

comme classique, 1’opérateur de phase g/; défini par (3.8) n’est pas hermitien et ne correspond

unitaire . Bien que le correcteur, , soit négligeable lorsque le champ peut étre considéré

donc pas a une observable physique. Pour ne pas alourdir I’exposé, nous allons nous arréter

ici sur ce point en invitant les intéressés a [5].

3.1.2 Rappels sur les états quantiques du rayonnement

Les états quantiques du rayonnement se classifient en états purs et en états mélangés. Un état
pur est défini comme un état quantique simple pouvant étre représenté par un vecteur d’état
dans I’espace de Hilbert. Les états purs du rayonnement peuvent €tre, comme pour les

particules, mono- ou multimodes. Un état pur multimode est un produit tensoriel des états

monomodes, c’est-a-dire qu’a partir des vecteurs d’état purs monomodes {|b1>, b2>, b3>,
...}, nous pouvons construire un vecteur d’état multi-mode tel que
|b) =|b,,b,,by,++) =|b,) ®|b,) ®|b,) ® -+ (3.12)

Les opérateurs quantiques, monomodes ou multimodes, sont alors définis dans les espaces de
Hilbert constitués de ses vecteurs d’état pur. Un état mélangé est défini comme un mélange
statistique classique d’un ensemble d’états quantiques purs. Alors, tout état quantique d’un

systeme peut étre uniquement décrit par son opérateur de densité p , défini comme

EDNAIAA (3.13)

ou |l//k> un état pur quelconque appartenant a une base complete normalisé mais pas
forcément orthogonale. P, est la probabilité classique de trouver le systeme dans 1’état pur
correspondant. A 1’aide de cet opérateur de densité, la valeur moyenne quantique et statistique
d’un opérateur quelconque, noté O, se calcule alors avec <O> =tr[p O], ou tr[] désigne la
trace. Pour tout état quantique, nous avons tr[p]=1. Les états purs et mélangés peuvent se
différencier par : tr[p*]=1 pour I’état pur, et tr[ p*] <1 pour I’état mélangsé.

Nous allons, en suite, rappeler les définitions et les propriété de deux états purs quantiques
du rayonnement que nous rencontrons souvent : état de nombre de photon, ou état de Fock, et
état cohérent. Nous allons ignorer, sauf si nécessaires, les indices de mode par la suite. L’état

de nombre de photon |n> est défini comme 1’état propre de I’opérateur de nombre de photon

""Un opérateur unitaire J quelconque doit satisfaire U0 =00 =1.
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(3.7,

A

N n>=n|n> (3.14)

avec n étant un nombre entier naturel. Alors, nous avons dans un état de nombre |n> :
<Z\7 > =net <A]\7 2> =0. Puisque N estun opérateur hermitien, les états de nombre constituent

une base complete et orthonormale. Dans le cas monomode, nous avons

<n|m>=5nm et Z|n><n|=l (3.15)
).

Un état pur quelconque peut alors se décomposer sur cette base, sous la forme |W> =
ouc, = <n|l//> A partir de ]\7(&| n>) =(n-1)a n>) et (<n

a|n)=+n|n-1). (3.16)

n>) =7, nous trouvons

De la méme maniere, nous pouvons trouver
a'[n)=n+1|n+1) (3.17)
Tandis que I’état cohérent | a> est défini comme 1’état propre de 1’opérateur d’annihilation a,
dla)=ala) (3.18)

Comme N | O> = O| O> et 51| ()> =()| ()>, nous constatons que le vide |()> est a la fois un état de
nombre et un état cohérent. En fait, nous pouvons montrer que tout état cohérent peut étre
construit a partir du vide en utilisant |Ot> = ﬁ(a)|0> , ol 15(05) =exp(ard’ —a' @) est appelé
comme [’opérateur de déplacement, car nous avons ﬁT(a) a ﬁ(a) =d+a. Alors, la

décomposition d’un état cohérent sur la base d’états de nombre s’écrit comme

@) =exa{ 5l |3 Tl 319)

Les états cohérents sont ceux les plus proches aux conceptions classiques. En effet, pour un
état cohérent |a> quelconque, I’opérateur de champ peut étre considéré comme composé des
parties classique et de fluctuations quantiques d =a+Aa, avec [A&, A&T] =1. Puisque
A&| 0!> = O| 0!> pour & quelconque, nous voyons que le champ dans 1I’état cohérent peut étre
considéré comme la superposition du champ classique et du vide quantique.

Comme a n’est pas hermitien, les états cohérents ne sont pas orthogonaux. En effet,

utilisant (3.19), nous pouvons trouver
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o

(] ) = e"p[_#wwl ot (o] B = expl-loe= 4T ) (3.20)

Nous voyons donc que 1’orthogonalité entre deux états cohérents dépend de leur distance sur
le plan complexe, et le fait que le systeme soit dans un état cohérent n’exclue pas qu’il soit

aussi dans un autre. Pourtant, nous avons toujours la relation de fermeture, car

l“"“"a a|dayda, ILMM re' \(re” | rdrd¢

! [ fiefaldmia. = L]
=%;ﬂ:\/ﬁ|n><m|fdr prtm exp(— rz)_f exp[i(n—m)¢]d¢
= Z%|n><n| Idrz r exp(— r )= D |n)(n|=1

(3.21)

ou a=aq,+ic, avec a, et o, réels. Donc, tout état pur peut se décomposer sur les états

cohérents comme

400400 +ooto0

|W>=% [ [la)aly)d*a= [ [ r@|a)da (3.22)

—o0—00 —o0—00

y compris bien sur les états cohérents eux-mémes.
A la fin de cette section, nous étudions un exemple des états mélanges : état thermique d’un

oscillateur harmonique. L’opérateur de densité d’un état thermique est donné par
po, =t fexpl= A 1k, Jexpl- A /%,T) (3.23)

avec T la température absolue et kz la constante de Boltzmann. Remplacant I’Hamiltonien
d’un oscillateur harmonique de fréquence angulaire @, H= hw(&*&+1/ 2), dans (3.23), et

écrivant sous la base d’état de nombre, nous obtenons

P == e n)n|, avee 5= 2. (3.24)
p k,T
Nous pouvons alors trouver le nombre moyen comme
i, (n)=tr[ N]—(1—e-'7)2ne-"’7—(1—e-’7)i o1 (3.25)
thn_ plh - - - d?]l—e_”_e”—l .

qui n’est rien d’autre que le nombre de Bose-Einstein. Réécrivant (3.24) en terme de n,

comme
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,avec P =— (3.26)

(1+7m,)""!

- Ylae (o

nous voyons que la probabilité de trouver un oscillateur harmonique dans I’état thermique
dans un état de nombre |n> suit la distribution de Bose-Einstein. Maintenant, nous pouvons
réécrire I’opérateur de densité sous la base d’état cohérent comme

+ooto0

= [ [|a)P(e)(a|d*a (3.27)

—o00—00

Cette expression est désignée comme la P-Representation de Glauber-Sudarshan 2 [6][7]. Afin

de déterminer I’expression pour P(&), nous pouvons d’abord observer 1’égalité suivante

+ootoo

(- Blpu| Byexp(B) = [ [ Playexp(-la] yexplBa’ - f'a) d’a (3.28)

—oco—00

ou nous avons utilisé (3.20). Il se trouve donc que <— B | [)th| ,b’> exp(| ,b’|2) est la transformée de

Fourier bidimensionnelle de P(«) exp(—|0(|2) . Nous avons donc

P@)=—expllaf) | [ (- Blpu| Bexe(plrexpls a—pa)rp  3.29)

—o0—00

Faisant appel a (3.19) et (3.26), nous trouvons

A

(-B|p

- eXp( |/5| )

wl B

( j = 1_ exp(— |'6|_ ) (3.30)
+n, 1+

th 1+n,

et donc

P(a): 1 eXP(|a| )J'.[ Xp( |,6| )CXp(ﬂ o— ﬁa, )d ﬁ_ exp(_ﬁ)
7T ng, N

(3.31)

Finalement, nous trouvons

y L T Tapond 1
= j [la) exp{ (o] da (3.32)

th

—oo—00

*11 est important de noter qu’en général, cette expression de 1’opérateur de densité ne garantit pas que la fonction
réelle P(¢) soit toujours supérieure ou égale a zéro.
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3.1.3 Densités de quasi-probabilité des deux quadratures

Nous savons que tout opérateur quantique décrivant une observable physique, c’est-a-dire une
quantité physique mesurable, doit étre hermitien. C’est la raison pour laquelle nous avons
besoin des opérateurs de quadrature. Si nous faisons une mesure “idéale” sur un observable,
disons O, dans un systtme quelconque, la valeur moyenne de notre mesure sera
<0 >= tr[ﬁé], avec O étant I’opérateur hermitien correspondant, et la variance ou
I'incertitude sera < AQ? >= <(é— <0 >)2>. Si nous voulons mesurer a la fois deux
observables, disons p et g, nous savons que les incertitudes minimales atteignables des deux

observables sont limitées par le principe d’incertitude minimum ou le principe d’Heisenberg,

(a5 o) >

2

1, ..
—([p.q1)

5 (3.33)

avec [p,4]=pg—gp.
Faisant appel a (3.5), nous avons alors pour un champ monomode dans un état quelconque

(aa?)(aaz) = (3.34)

Alors, bien que tout rayonnement monomode soit totalement décrit par les deux opérateurs de
quadrature hermitiens que nous pouvons mesurer expérimentalement, les données de toutes
mesures sont intrinsequement aléatoires. Comme dans la statistique classique, nous pouvons

définir leurs Fonctions Génératrices des Moments (FGM) comme
o, (x)= <exp(x&ﬂ )> (3.35)

ou i =1, 2. Utilisant le théoreme de Baker-Hausdorff 3 (3.3) et (3.5), nous pouvons trouver

pour un état cohérent monomode | z>

2

¢ﬂ(x;z)=exp(%+xzﬂj, ot u=1,2 (3.36)

et pour un état de nombre de photon monomode |n>

® (x;n)=®,(x;n) =L, (— XTJ exp(%j (3.37)

3
Nous avons

A

exp(fl + E) = exp(ﬁ)exp(fi)exp(— c/ 2),

quand ¢ = [A f}] est commutatif avec A et B
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ou L, est le polynome de Laguerre. La densité de probabilité étant la transformée de Fourier

inverse de la fonction caractéristique @, (x)=@ ﬂ(— 27ix), nous pouvons obtenir pour I’état
cohérent

fuley:2)= g expl-2(e, -z, ] (3.38)

et I’état de nombre
2 expl-2a2)
fﬂ(%:n)ﬂ/;T!”Hf(ﬁaﬂ) (3.39)

ou H, est le polyndme de Hermite. Nous voyons donc que dans un état cohérent, les deux
quadratures sont toutes gaussiennes de variance 1/2 et centrées sur leurs valeurs classiques.
Alors que dans I’état de nombre, elles ont la méme distribution d’Hermite-Gauss. Quelques

exemples de la distribution d’Hermite-Gauss sont montrés ci-dessous.

1 1
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Figure 3.2 — Densité de probabilité des deux quadratures dans 1’état de nombre.

Nous avons obtenu les densités de probabilité des deux quadratures séparément. Il est alors
naturel de penser a leur densité de probabilité jointe. Pourtant, il y a en fait au moins trois

FMG au choix * & cause du commutateur non-nulle (3.5). Nous choisissons ici celle de
Wigner

*Les deux autres peuvent &tre ®(x,.x, )= (exp(x,d, Jexp(x,d, )) et ®(x,.x,)=(exp(x,d, Jexp(x,a, ))
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®(x,,x,)= <exp(x1&1 + x,d, )> = <exp(%& +%&T ]> (3.40)

ou x = x, +ix,. Utilisant une nouvelle fois le théoreme de Baker-Hausdorff et les équations

(3.3) et (3.5), nous obtenons pour I’état cohérent mono-mode |z>

* * 2 2
@(xl,xz;z):exp(x Z;XZ jexp(xl ;xzj (3.41)

et pour I’état de nombre de photon mono-mode |n>

2 + 2 2 + 2
D(x,,x,5n)= Ln(— adl y 2 jexp[xl ; 2 j (3.42)

Pour 1’état cohérent, la fonction caractéristique étant gaussienne, nous trouvons la densité de

probabilité jointe également gaussienne
2
fle; z):;exp(— 2|a’—z|2) (3.43)

Alors que pour I’état de nombre, puisque sa fonction caractéristique est Laguerre-gaussienne,
aussi invariante fonctionnellement sous la transformée de Fourier bidimensionnelle, nous

trouvons sa densité de probabilité jointe comme
2
f(al,az;n)=;Ln (4|a|2)exp(—2|a|2) (3.44)

A partir de la densité de probabilité jointe, la densité marginale de I’une des deux variables
peut étre obtenue en intégrant sur I’autre. Nous pouvons alors vérifier que ces deux densités
de probabilité jointes donnent en effet (3.38) et (3.39).

Deux exemples de densité de probabilité jointe pour I’état de nombre sont montrés sur la
figure 3.3. Nous voyons que la densité de probabilité jointe de 1’état d’un photon peut prendre
des valeurs négatives. En fait, I’expression (3.44) nous montre bien que la densité de
probabilité jointe de tout état de nombre |n > 0> peut étre négative, parce que le polyndme de
Laguerre I’est. Ces résultats en désaccord avec la statistique classique, qui ne permet pas de
densité de probabilité négative, impliquent les propriétés non-classiques de I’état de nombre.
La densité de probabilité jointe ainsi définie est alors appelée densité de quasi-probabilité
jointe. Nous pouvons comprendre les propriétés non-classiques de 1’état de nombre |n > 0>
par le raisonnement suivant. Nous savons que la densité de probabilité jointe de deux
variables est le produit de la densité marginale d’une variable et la densité de probabilité

conditionnelle d’une autre, ¢’est-a-dire
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f(awaz;n) =/ (a1;n)f21 (a2|051;n): 5 (az;n)flz (a1|052;n) (3.45)

Si les deux variables ne sont pas indépendantes, ce qui est le cas pour les états de nombre
comme le montre (3.44), la densité de probabilité conditionnelle de ’'une des deux variables
est aussi fonction de 1’autre. En fait, la densité de probabilité conditionnelle nous donne un
outil pour prédire la valeur d’une variable, étant donné celle d’une autre. Mais dans la
mécanique quantique, le principe d’Heisenberg nous interdit de faire cela sur deux
observables non-commutatives, parce qu’une fois connue la valeur exacte de I’'une des deux,

la variance de ’autre devient infinie.

i

B .

= 024"

(a) (b)

Figure 3.3 — Fonction de densité de probabilité jointe des deux quadratures dans I’état de
nombre pour (a) I’état du vide et (b) I’état d’un photon.

3.2 Bruits intrinseques des amplificateurs optiques linéaires et
insensibles a la phase

Généralement, les amplificateurs optiques sont de type a ondes progressives utilisant une
structure de guidage optique afin d’améliorer I’efficacité. A titre d’exemple, les SOAs
(Semiconductor Optical Amplifier), les EDFAs (Erbium Doped Fiber Amplifier) et les
amplificateurs Raman font tous partie de ce type. Dans cette section, nous allons d’abord
étudier la limite quantique sur le bruit intrinseque des amplificateurs optiques linéaires et
insensibles a la phase et introduire le concept de bruits additifs intrinseques. Ensuite, nous
allons établir le modele pour la génération de ces bruits et en discuter la signification

physique.

3.2.1 Relation entrée-sortie quantique

En ce qui concerne la relation d’entrée-sortie des opérateurs de champ optique, nous devons

étre prudents. La théorie quantique est en effet mieux adaptée pour étudier 1’évolution
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temporelle, or nous nous intéressons plutdt a la propagation spatio-temporelle en
communications optiques [8]. En effet, le champ optique est quantifi€é en modes spatiaux
étendus sur toute 1’espace, ou se produisent les phénomenes qui nous intéressent, alors que la
théorie quantique traite essentiellement le probleme ou les connaissances sont déja acquises a
un instant initial sur ces modes spatiaux et ol nous voulons connaitre 1’état du champ a un
autre instant. Cependant, ce dont nous sommes intéressés en communications optiques, ¢’est
plutdt de prédire 1’état du champ a certain endroit dans I’espace et pendant certaine période du
temps, étant donné I’état du champ a un autre endroit spatio-temporel. Comme nous allons
voir, pour résoudre ce probléeme, certaines approximations sont nécessaires.

Puisque nous avons la liberté de choisir les fonctions de mode dans la représentation

modale de (3.1), nous pouvons définir les modes par I’opérateur différentiel hermitien suivant

{vz +9 02 (x)}uﬂ (x,2,0)=0 (3.46)

c

ou no(x) est 'indice de réfraction réel, a la fréquence centrale @,, d’un guide optique
unidimensionnel quelconque, @’ est la valeur propre réelle et A désigne les modes dégénérés

4 @’ . Nous pouvons normaliser les fonctions propres de telle maniere qu’elles vérifient
jd3r nd(x)u; (v, 0, (r,0') = S(@- )5, et Z‘Jdamé (x)u; (r, @), (r',0)=S(r—r") (3.47)
A0

ou les fréquences @ et @' sont positives. Ainsi, (3.1) et (3.2) peuvent étre réécrits sous les

formes
Zjda)/ o), (r,0)+H.C., (3.48)
70 2¢, a)
:izjdw h“z’go 7 (x)u,(r,0)+ H.C. (3.49)
40
et
2, ().} ()= 6 ,6(0- ) (3.50)

ou H.C. désigne le conjugué hermitien. Pour la simplification, nous ne considérerons que le
champ se propageant dans le sens de z positif. Alors, nous pouvons réécrire la fonction propre

sous la forme

u;(x.2.0)=C, (), (. w)expip, (w)z (3.51)
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ou ¢, (x,w) et B N (@) sont respectivement la fonction propre et la valeur propre définies par
a)2
V20 x.0) = e 652

Les fonctions propres sont orthonormales telles que I d’x ¢, (x, a))@, (x,w)=0 . - Pour trouver
le coefficient de normalisation Cl(a)), nous pouvons remplacer (3.48) dans (3.47) et

multiplier les deux cotés par J,,.. Ainsi, nous trouvons

Cﬂ(w)_\/zm o )a B (w) avec ni(a)):J-dzxrzg(x)|gz‘)ﬂ(x,a))|2 (3.53)

ol nous avons supposé d,/3, >0.

X
! 4(0,0) a(L,w)
Y Z N> L —>
E(x,z—0) E(x,z—> L)

Figure 3.4 — Représentation schématique des opérateurs d’entrée et de sortie

En représentation d’Heisenberg, 1’opérateur d’annihilation a, (w,1) n’a généralement pas
une dépendance temporelle exponentielle. Toutefois, comme le montre la figure 3.4, nous
pouvons supposer que de part et d’autre du guide optique, dont I'indice de réfraction a la
fréquence @, est no(x), nous pouvions négliger 1’atténuation/amplification optique et la
dispersion. Ainsi, nous pouvons écrire I’équation de mouvement du champ électrique scalaire

dans ces espaces limitées approximativement comme

c

[Vz —izng(x)af}l:f(x, 2,1)=0 (3.54)

Alors, puisqu’en approximation scalaire E (r,r)= —B,A(r,t), nous pouvons trouver la partie de
fréquences positives du champ électrique peut s’écrire en termes des opérateurs d’annihilation

localement comme

oo

2)=i3 foo [ 0. (0l shexplf (0o G55

0

Nous pouvons vérifier que lorsque n, (X)=1, (3.55) devient en fait (2.8) de [8]. Donc, la

transformée de Fourier du champ électrique s’écrit comme
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E(x,z,0)= Z e ———0,(w.x)a, (@) expif, () (3.56)
avec
1_c9 (3.57)
n, n; 0w

Nous supposons maintenant que le guide est monomode. Alors, en accord avec les définitions
du chapitre 2, les opérateurs des enveloppes lentement variables du mode guidé peuvent

s’écrire localement sous la forme

A(z,w—wo):[j x4, (x, 0)E(x, 2, 0)expl-iB(@)z] = /% iz w-@,)  (3.58)

avec d(z, )= a,(w+ w, )expil B, (w+ a,)- B,(»,)] z . Donc, 2 partir de (3.50), nous avons
lé(z, w) ' (z, a))]: Sw-w) (3.59)

Comme le montre la figure 3.4, nous pouvons maintenant identifier a,, (w)=4(0, ) et

a,, (w)=a(L,w) comme les opérateurs d’entrée et de sortie, qui vérifient

la. (w).4 (0)|=(w-w) et |a,, (w).d], (0)|= 5(w-w). (3.60)

()Ll[ ()MT

Pour les amplificateurs linéaires et insensibles a la phase, la relation d’entrée-sortie s’écrit

(a,,(w) =Gw)a, () (3.61)

Evidemment, cette relation ne peut pas étre utilisé directement pour les opérateurs quantiques.
Car si nous posons d, (@)=+G(w)i, (), nous aurons léom(a)) a J |G So-w).
Or, nous avons généralement : |G(a))| #1 ce qui est en désaccord avec la deuxieme relation de
commutation de (3.60). Nous pouvons vérifier que la seule facon de résoudre ce probleme

linéairement est de rajouter 1’opérateur de bruit additif, é(w), et d’écrire [9]
a,,(®)=G(0)a, (@) +b(w) (3.62)

ou le bruit l;(a)) est indépendant de I’entrée, a,, (). Nous devons avoir <l;(a))> =0 pour que
la limite classique (3.61) soit vérifiée. Pour conserver les relations de commutation, nous

devons avoir

b(0).5 (@)= 1 - |G () }5(0- ) (3.63)
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Les équations (3.60) et (3.62) associées a (3.63) déterminent la relation d’entrée-sortie des
opérateurs quantiques, qui est valable pour tout dispositif linéaire et insensible a la phase.
Puisque les opérateurs d’enveloppe lentement variables normalisée, a,, (w)=a(0,w) et
a,, (w)=a(L, w), peuvent se considérer localement comme les opérateurs d’annihilation grice
a (3.60), nous pouvons définir localement 1’opérateur de densité pour ’entrée P, et celui de
sortie p,. [8]. Ce dernier peut alors s’exprimer comme le produit direct de ce premier et

celui du bruit additif : p,, = p,. P, -

3.2.2 Modele de propagation pour les amplificateurs linéaires et insensibles
a la phase

Pour un amplificateur linéaire et insensible a la phase, nous pouvons alors décrire 1’évolution

du mode optique guidé par I’équation de Langevin quantique comme suivante
. 1 A A
0,d(z,0)= g(z, w)a(z @)+ /(2 @) (3.64)

ot d(z,w) est 'opérateur du mode guidé, ou encore du signal, g(z, @) est le gain différentiel
de I’amplificateur, et f (z,w) est la force de Langevin quantique indépendante du signal. 11 est
a mentionner que dans (3.64), nous n’avons pas pris en compte le couplage des signaux dans
les deux sens de propagation. Pour simplifier, nous allons ignorer la dépendance fréquentielle
dans la suite de cette section, en supposant que la bande de signal soit suffisamment étroite.

Nous posons alors en entrée
la0).a" (0)]=1 (3.65)

La force de Langevin quantique est nécessaire non seulement a cause de la relation d’entrée-
sortie, mais aussi du fait que comme nous avons vu aux deux chapitres précédents, les bruits
spontanés surgissent automatiquement dans les modeles quantifiés pour 1’optique linéaire,
c’est-a-dire, 1’absorption ou 1’amplification a I’inversion de population, et pour les diffusions
Raman et Brillouin. Selon le théoréme de fluctuation-dissipation, nous pouvons alors écrivons

les relations suivantes
/). 7' (@)]=c, (2)5(z-2), (7)) =0.
<fT(Z')f(Z)> =1,(2)C,(2)8(z - 2) et <f(Z')f”(Z)> =[1+7,(2)]c, ()6(z - 2) (3.66)

ou 71,(z) est le nombre moyen de photon. Les corrélations d’ordre supérieur a deux peuvent
s’évaluer a I’aide du théoreme de Wick introduit au chapitre 1. D’apres le théoreme de

fluctuation-dissipation, nous devons avoir
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C,(z)=—gl2) (3.67)

La solution de (3.63) peut étre écrite sous la forme

a(z)= G(z)|:&(0)+j /() dx} (3.68)
avec le gain local cumulé
G(z)=exp j g(x)dx (3.69)

A partir de (3.68), nous pouvons vérifier que la relation de commutation
[a(2).a"()]=1 (3.70)

est retenue. Maintenant, la valeur moyenne de nombre de photon N(z)=a'(z)a(z) peut

s’exprimer comme

dx (3.71)

V)= (A1) = G(z)[N(O)—

S —_—
S|
&H
—_
=
N—
oQ
—_
=
~—

Dérivant les deux cotés de 1’équation ci-dessus par rapport a z, nous trouvons I’équation

d’évolution de nombre moyen de photon sous la forme

dN(z)
dz

=g(2)N(z)-7,(2)g(z) (3.72)

Nous identifions immédiatement cette équation comme le formalisme d’émission spontanée
amplifiée ou ASE (Amplified Spontanous Emission), et n,, (z)= —n, (z) comme le facteur de
I’émission spontanée, dont I’expression explicite dépend évidemment du mécanisme
d’amplification.

Il est maintenant utile de réécrire 1’équation (3.71) sous la forme

N(z)=G(z)N(0)+ N .4, (2) (3.73)

avec le nombre de photon ASE défini comme

N yse (Z): G(Z)jw—dx (3.74)
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Si le facteur de I’émission spontanée est une constante indépendante de z, n,, (x)= N, nous
obtenons alors ce que nous pouvons trouver habituellement dans le littérature [10]:
N, =N, [G(z)—1]. Finalement, pour terminer cette section, nous pouvons aussi trouver

I’expression bien connue pour la variance du nombre de photon [10] sous la forme

~ ~ 2

oy (z)=(N*(2))=(N(z
)= (92 ()~ (9(:) s
= G*(2)[02 (0)= N(0)]+ N(2) + 2G(2)N(OIN 155 (2) + N2 (2)
ou le premier terme exprime le bruit d’exces quand le signal a I’entrée n’est pas dans 1’état
cohérent ; le deuxieme terme est le bruit de grenaille ; le troisieme est le bruit du battement

signal-ASE, qui la source de bruit majeure en pratique ; et le dernier est le bruit du battement
ASE-ASE.

3.3 Performance en bruit des amplificateurs optiques

Dans cette section, nous allons discuter évaluer les performances de bruit des amplificateurs
optiques linéaires et insensibles a la phase. Dans la section 3.3.1, nous allons d’abord montrer
comment calculer en pratique la fonction caractéristique du photo-current détecté a la sortie

d’un amplificateur. Ensuite, nous discuterons des deux définitions du facteur de bruit.

3.3.1 Statistiques des photons ASE et du photo-courrant

Nous allons d’abord étudier les statistiques des photons ASE. Dans les amplificateurs
optiques linéaires, les photons ASE, venant du bruit quantique additif, sont indépendants du
signal d’entrée. Nous pouvons alors étudier le bruit ASE des amplificateurs linéaires en
absence du signal d’entrée. Toutefois, I’opérateur d(0) dans (3.68) ne peut pas étre éliminé,
puisqu’il est nécessaire pour conserver la relation de commutation. Ainsi, faisant appel au

théoreme de Wick, nous pouvons trouver facilement 1’égalité suivante
<[d}g ()" (G 55 ()" >=n!< g (Z)&ASE (z)>"=n! N ise (z) (3.76)

Alors, puisque [d,q (z).d%(z)]=1, comme nous avons montré dans 1’annexe A, (3.76)
implique que le nombre de photons ASE suit une distribution de Bose-Einstein (3.27). Cela
implique que les photons ASE sont en fait le rayonnement thermique. Alors, comme nous
avons montré dans la section 3.1, I’opérateur de densité pour I’émission ASE peut s’écrire en

P-représentation comme

+oo+o0

A 1
Pas = ——~— J' j|a>PN (&, N 5 N | e, (3.77)

N ASE —co—c0
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H, (o) i) Z,(w)
e a,(1) ~_ n
~Z | mvvae ~ V()
Signal optique e Signal optique
a l'entreé Amplifié et filtré
Amplificateur Filtre Optique Photo Filtre Electronique
Optique (Passe-Bande) -détecteur (Passe-Bas)

Figure 3.5 — Représentation schématique d’un systeéme de photo-détection directe

avec

|2

1
PN(a’NASE):ﬂ_—eXp -

ASE ASE

(3.78)

qui est une fonction gaussienne centré bidimensionnelle de variance N ;.

Considérons maintenant un systeme de détection directe illustré sur la figure 3.5. Apres
I’amplification optique, le signal arrive sur un filtre optique passe-bande. Nous supposons que
I’amplificateur est linéaire et insensible a phase. Avant de passer par le filtre optique,
I’opérateur de signal s’écrit comme &(t)z\/mdY (t)+l;a (t), ou l;a (t) est le bruit additif
induit par I’amplificateur optique. Il est & noter qu’ici, I’opérateur N ()=a()a, () doit
s’interpréter comme celui du flux de photon, exprimé en photon par seconde. Nous supposons
également que le filtre optique est lui aussi linéaire et insensible a la phase. Pour la simplicité
mathématique, nous supposons que les opérateurs peuvent s’écrire comme les sommes des
composantes fréquentielles discrétes. Par exemple, nous avons a(r)= (27[)_12&k exp(—i a)kt).
Les opérateurs des composantes fréquentielles du signal apres le filtre optiqlﬁe peuvent donc
s’écrire comme d,, = H (o, )a, +l;o’k , ol b (¢) est le bruit additif a cause du filtrage optique.

Alors, nous avons

A

&o,k = \/Eﬁo (a)k )&s,k +by (3.79)
avec I’opérateur du bruit additif total

b,=H (@), +b,, (3.80)

Evidemment, nous pouvons considérer 1’ensemble de 1’amplificateur et le filtre optiques

comme un composant unique, dont le gain est JG H, (a)k ). Nous avons donc

A
'

[l;k’ ’Z;Ij ]: G|Eo (a)k lz Oy et < Aljbk > =N sse.4 O (3.81)
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R 2 N . . . ‘2
ou Nyg, = |ﬂ 0 (a)k)| N, . D’apres la discussion dans les sections précédentes, nous devons

avoir [&o’k Ja) ] = J,, , ou bien dans le domaine temporel
la, (t).a} ()= 6—r) (3.82)

Maintenant, nous écrivons I’opérateur de densité du signal d’entrée en P-représentation sur la

base d’états cohérents multimodes comme
A 2 2
ps_”'”ak,’akm"”>Pv('”’ak,’ak,+l"”)<“"ak,’ak,+l’ ...... d ak,d akm... (383)

qui est une intégration de dimension infinie. L’opérateur de densité du bruit additif total quant

a lui peut s’écrire comme

+oo-o00

Py = H/A)b,k ,avec P, = _[ I|ﬁk>PN (ﬁk’ N st )<:B/< |d2a/< (3.84)
k

—00—00

Le bruit additif étant indépendant du signal, I’opérateur de densité du systéme total est le

produit direct des opérateurs de densité du signal et du bruit additif total
p=p.p, (3.85)

Le photo-courrant du photo-détecteur doit étre proportionnel au flux des photons.
Négligeant le courrant de bruit créé au cours de la conversion photon électrons, nous pouvons

écrire I’opérateur de photo-courrant comme
I(e)=na;()a, () (3.86)

ou 77 est I’efficacité quantique du photo-détecteur. Alors, apres le filtre passe-bas du circuit

électronique, le rendement, soit la tension €lectrique, est donné par
V(0)=p [, - 0 (2)a, (D) +v, ) (.87)

avec

H, (@)= 22 et =0z, (0) (3.88)

qui est un filtre causal et réel. Cela veut dire que, dans le domaine temporel, nous devons
avoir H, (t<0)=0 et H, =H,. Dans (3.86), Ve(t) représente le bruit, indépendant du
signal, rajouté par le circuit électronique. Maintenant, nous pouvons calculer la fonction

génératrice des moments du rendement par
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D, (s,1)=< exp(s\}(t))>
oo (3.89)
=tr[ p exp(s,u I H, (t-7)a ()a,(r)d Tj 1<exp(sV, (1)) >

L’intégration ci-dessus peut se réécrire comme la limite de la somme d’une série
exp(s,u j H,(t-7)a (r)a, (T)drj = lim Hexp[s,uHT (t—nA7)a! (nAT)a, (nAT)AT]  (3.90)

et la relation de commutation (3.80) devient

la, (nA7). 6! (mAT)|= 8, A (3.91)

Faisant appel a 1’égalité [11] :exp(A¢'é) =:exp[é'é(e? =D]:, si [¢,¢T]=1, ou : F(¢',6):

. . L . . 4
signifie I’opération de I’ordonnancement normal (normal ordering) °, nous pouvons trouver

D (s,1)= lim <: exp{z (e”‘HT(""M) - 1)02 (nAT)a, (nAZ')Az} :><< exp(sV,(1))>)

(3.92)

+oo0

=tr[p: exp{ J-(e“‘HT (o) _ 1)&1 (r)a, (Z')dz} 1< exp(sV, (1)) >

—oo

Rappelons nous maintenant que I’opérateur du signal devant le photo-détecteur peut

s’exprime comme

a,(t)=02z)"> [x/E H,(@,)a,, +b, Jexp(— iwt). (3.93)

Alors, puisque les opérateurs de densité peuvent s’écrire sous les bases d’états cohérents

comme (3.83) et (3.84), et que nous avons par exemple

a, (tx .. a‘v,k[ , a”s,k,“ L > = Z as,k, exp(_ ia)kltl cee as,k, , ax,k,+, L > =q, (tx cee a'/k, , a'km L >
!

e (o),

&"'(t):<-~-aé &

s s,k > s kg

<. .o as,k, , as,kl” XY

il se trouve que I’expression de I’ordonnancement normal (3.92) devient

4 N . oy . . N . . At A
C’est-a-dire de mettre tous les opérateurs d’annihilation a droite, au sein de chaque terme de F(¢',¢), sans

AF AT AA

prendre en compte les relations de commutation . Par exemple, nous avons :&'é¢'¢:=¢7¢7é¢.
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—oo

D (s,£)= <expﬁ(ewf’f(’—” —1)a, (c)° dr}> <exp(sV.(1)> (3.94)

o ()= Z l\/EQO (@ )a,, + ,BkJexp(— i), avec l;k|,8k> = ,Bk|,8k>, est donc la valeur
classique de k&O (£), et <0> devient donc I’espérance statistique classique. Avec les expressions
des opérateurs de densité, nous constatons que la fonction classique ¢, (r) est la somme d’un
signal aléatoire amplifié et filtré classique et un bruit gaussien aussi classique. Si le filtrage
optique est passif, la valeur classique du bruit additif du filtrage l;o (r) est négligeable. Alors,

dans la limite de continuité, nous pouvons écrire

a, (t):ﬁTHo(a))[x/ng (@)+ B, (@)expl-icx) (3.95)

0

ou «a, (r) est le signal analytique du signal a 1’entrée de I’amplificateur, et B, (t) est une

variable aléatoire, gaussienne circulaire complexe de moyenne nulle. Quand la bande du

signal est suffisamment étroite, 3, (¢) devient un bruit blanc : < BB, (t)> =N,;0—1).
Malgré son apparence classique, I’expression (3.93) est un résultat tout a fait quantique.

i (=7) _ 1 Nous allons

Cela peut étre vérifié en examinant le noyau (kernel) d’intégration : e
ignorer le terme contenant V,(¢) dans la suite. Nous rappelons que la densité de probabilité du

rendement classique
V()= u j H,(t-7)a,(z) dz, (3.96)

est la transformée de Fourier inverse de la fonction génératrice des moments :
f (V,t)=TF" [(I)V (- 27a’s,t)] . Supposant tout d’abord pour la clarté que le filtrage électronique

soit un intégrateur

Ho ()= Lsil|<T/2 3.97
e 0, autrement )

nous avons

t+T/2

[le,(e) dz (3.98)

o

® (- 27s,t)= <exp[(e‘2’”“‘ - l)NT (t)]>, avec N, (t)=

t=T/2

qui est le nombre de photon collecté durant le temps 7. Nous voyons que @, (- 27is,t) devient
une fonction périodique de période de 1/ & . Ceci implique le rendement devient une variable

discrete. C’est un résultat quantique reflétant clairement 1’aspect corpusculaire des photons. Si
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nous supposons de plus que la fonction NT(t) soit déterminée au sens classique, nous

obtenons la probabilité suivante
P(V =nu)=—Le™r (3.99)

Ce n’est rien d’autre que la distribution de Poisson. Avec la fonction génératrice des moments

(3.94), nous pouvons trouver directement les deux premiers moments comme

2
9P iy () o0 L

- ﬂ2<THT2 ((-7)a, (Z')|2d7>+<V2(t)> (3.100)

s=0

Alors, nous trouvons I’expression générale de la variance du bruit de grenaille, qui est le

premier terme 2 droite de la 2°™ égalité ci-dessus. Finalement, quand le bruit de grenaille est

négligeable, la contrepartie classique de (3.94) peut se trouver a I’aide de 1’approximation

") = suH (1 -7)<<1

et nous avons donc I’expression classique

@, (5,1) = (exp[sV (1)) (3.101)

3.3.2 Deux définitions du facteur de bruit

Le facteur de bruit NF (Noise Factor) est utilisé pour évaluer la dégradation, menée par
I’amplificateur, du rapport signal sur bruit SNR (Signal to Noise Ratio) [1][10][12][13]

NF = in (3.102)

Originalement, la définition du facteur de bruit a été développée pour les amplificateurs
linéaires travaillant dans les régimes de radiofréquences et de micro-ondes [12][13]. Puisque
dans ces régimes, les détecteurs sont linéaires en champs EM, la définition est valable apres la
détection, c’est-a-dire que nous pouvons calculer directement le facteur de bruit d’un
amplificateur, en mesurant directement, avec un détecteur idéal, les rapports signal sur bruit a
I’entrée et a la sortie de I’amplificateur, SNR, et SNR . Cette tradition est un héritage pour
les amplificateurs optiques.

Comme déja montrée dans la section précédente, la détection optique est a priori un
processus nonlinéaire, car le photon courrant est proportionnel au carré du champ électrique,

ou bien plus précisément au nombre de photon arrivant sur le détecteur. Supposant que le
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signal est dans I’état cohérent en entrée, oy (0)= N(0), nous avons alors le rapport signal sur
bruit a I’entrée

SNR. :< =N(0) (3.103)

et le rapport signal sur bruit a la sortie exprimé en fonction de (3.75)

G (z)N*(0)

o =GN+ N 4 26N O 5, () N )

(3.104)

Associant (3.102)-(3.104) et utilisant N, =N, [G(z)-1], nous trouvons I’expression du

facteur de bruit au point de vu de détection

-1 N_(G-1)+N2(G-1)
NF=Lyoy @71 x G2+, (G-
G r G*N(0)

(3.105)

Originalement défini pour évaluer la performance d’un amplificateur linéaire, le facteur de
bruit doit étre indépendant du signal. Or, I’expression (3.105) ne ’est pas et donc n’est pas en
accord avec la standardisation IEEE [12][[3]], bien qu’elle est largement utilisée en pratique
pour les cas ou le bruit de battement ASE-ASE et le bruit de grenaille de ASE, soit le dernier
terme de (3.105), sont négligeables griace au gain élevé.

Les rapports (3.103) et (3.104) sont en fait ceux des puissances électroniques. Un choix
pour éviter cette inconsistance est d’évaluer les rapports de puissances optiques, ou OSNR
(Optical Signal to Noise Ratio). Les puissances optiques du signal et son bruit sont les

sommes des celles de deux quadratures (3.5), c’est-a-dire,
B, (z)=(a,)" +(a,)’ (3.106)

et

(3.107)

ou nous avons utilis¢ (3.73) et P, (z)= G(z)PO (0) pour la seconde ligne de (3.107).
L’expression ci-dessus montre clairement que le bruit optique du champ est composé du bruit
d’exces amplifié, du bruit de ASE et des fluctuations du vide. Si le signal d’entrée est dans un

état cohérant |a> , hous avons
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P,(0)=N0O)=|af". o3 (0)=3 3.108)
et donc
03 (2)= Nye (0)+5. (.109

Nous trouvons alors I’expression du facteur de bruit défini sur OSNR comme

P OSNR,, _ PO(O)/O'é(O) _ 2N 45 +1 :l+2N G-1
OSNR,,  P,(z)/0,(2) G G "G

(3.110)

ce qui est en fait équivalent a (3.105) au gain élevé. Il est nécessaire de noter que (3.110) nous
indique qu’en effet, la limite au gain tres fort du facteur de bruit d’un amplificateur linéaire et
insensible a la phase est de 2N . Quand I’inversion de population totale a lieu, N, — 0, la
limite fondamentale de 3 dB est atteint.

L’expression (3.107) mérite plus amples développement. Dans (3.72), le dernier terme a
droite doit s’interpréter comme le taux d’émission ou/et diffusion spontanée, non-négatif, et
donc doit étre proportionnel au coefficient d’émission ou/et diffusion stimulée. Comme,
I’émission ou/et la diffusion stimulée est la seule source d’amplification, nous pouvons

considérer
Bz)=7,(z)(z) (3.111)

comme le coefficient d’amplification totale. Le coefficient du gain net différentiel g(z) doit
donc inférieur a A(z), puisqu’il y a encore de pertes dues a 1’absorption, les diffusion

Rayleigh, etc. Nous pouvons alors définir le coefficient d’atténuation totale comme
alz)=n,(z)-1)(z) (3.112)
Nous avons donc
g(z)=Blz)-alz) 3.113)

A Taide de (3.111), (3.112) et (3.72), nous pouvons écrire la dérivée par rapport a z de (3.107)

sous la forme

- 03(0)=18)-allo ()4 [8(:)+ o) G114

dz

Cette équation a une signification physique importante : les processus d’amplification et

d’atténuation introduisent tous les deux du bruit dans le signal, qui n’est rien d’autre que les
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fluctuations du vide, comme déja mentionné au chapitre 1. Cette conclusion est alors en

accord avec le théoreme de fluctuation-dissipation.

3.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons d’abord révisé les propriétés quantiques de base du champ
optique. Il est intéressant de noter qu’en fait, I’état cohérent est en fait une superposition du
champ classique et le vide quantique qui a une caractéristique gaussienne. En plus, il est a
noter que ces propriétés d’optique quantique sont en fait basées sur une base de la description
modale du champ optique, ou les opérateurs d’annihilation et de création jouent un rdle
central. Ensuite, nous avons étudié la relation d’entrée-sortie quantique pour les
amplificateurs linéaires et insensibles a la phase. Nous avons vu que le bruit additif quantique
est nécessaire pour préserver les relations de commutation des opérateurs d’enveloppe
lentement variable normalisée, qui peuvent étre localement considérés comme les opérateurs
d’annihilation et de création.

Finalement, aprés avoir développé une formulaire pour le calcul de la fonction
caractéristique du photo-courrant prenant en compte de I’effet quantique afin de complete
notre discussion, nous avons comparé deux définitions du facteur de bruit. Nous avons vu que
la définition basée sur le point de vue de la détection n’est pas en accord avec la
standardisation IEEE. Pour la définition basée sur OSNR, il est essentiel de prendre en
compte les fluctuations du vide dans le bruit du champ optique. D’apres le théoréme de
fluctuation-dissipation, il est inévitable dans tout processus irréversible, d’amplification ou/et

d’atténuation, que les fluctuations du vide soient couplées avec le signal.



BRUITS QUANTIQUES DES AMPLIFICATEURS OPTIQUES LINEAIRES ET INSENSIBLES A LA PHASE 76

Références:

[1]

[2]

[10]

[11]

[12]

[13]

Y. Yamamoto and K. Inoue, “Noise in amplifiers,” J. Lightwave Technol. 21, 2895-
2915, 2003.

C. M. Caves, “Quantum limits on noise in linear amplifiers,” Phys. Rev. D 26, 1817-
1839, 1982.

H. HEFFNER, “The fundamental noise limit of linear amplifiers,” Proc. IRE, 50 1604-
1608, 1962.

L. Susskind and J. Glogower, “Quantum mechanical phase and time operator,” Phys. 1,
49-61, 1964.

D. T. Pegg and S. M. Barnett, “Tutorial review Quantum optical phase,” J. Modern Opt.
44, 225-264, 1997.

E. C. G. Sudarshan, “Equivalence of semiclassical and quantum mechanical
descriptions of statistical light beams,” Phys. Rev. Letters 10, 277-279, 1963.

R. J. Glauber, “Coherent and incoherent states of radiation,” Phys. Rev. 131, 2766-
2788, 1963.

H. P. Yuen and Jeffrey H. Shapiro, “Optical communication with two photon coherent
states — Part I: quantum-state propagation and quantum-noise reduction,” IEEE Trans.
Info. Theory IT-24, 657-668, 1978.

H. A. Haus, “From classical to quantum noise,” J. Opt. Soc. Am. B 12, 2019-2036,
1995.

E. Desurvire, Erbium-Doped Fiber Amplifiers: Principles and Applications, New York,
Wiley-Interscience, 1994.

Pawel Blasiak, “Combinatorics of boson normal ordering and some applications,” PhD.
Thesis, 2005.

H. A. Haus, “The noise figure of optical amplifiers,” IEEE Photon. Techno. Lett. 10,
1602-1604, 1998.

H. A. Haus, “Optimum noise performace of optical amplifiers,” IEEE J. Quantum
Electron. 37, 813-823, 2001.



GAIN ET PERFORMANCE DE BRUIT INTRINSEQUE DES AMPLIFICATEURS RAMAN 77

Chapitre 4

Gain et performance en bruit intrinseque des
Amplificateurs Raman

Il est indispensable de caractériser un amplificateur en termes de gain, de bande passante et de
performance en bruit. Dans ce chapitre, nous allons d’abord présenter d’une maniere générale
et simplifiée 1’amplification Raman dans les fibres optiques en silice. Nous analyserons
ensuite le gain des amplificateurs Raman en régime petit-signal et en régime de saturation.
Faisant suite aux études des chapitres précédents, nous analyserons également les
performances en bruit intrinseque, en terme du facteur de bruit, dans le régime petit-signal.
Nous exposerons enfin une étude sur I’impact de la saturation et de la nonlinéarité sur la
génération du bruit intrinseque. Il est & mentionné que, dans ce chapitre, nous ignorerons la
rétrodiffusion Rayleigh et les impacts de bruits classiques de pompe, qui font I’objet des deux

chapitres suivants.

4.1 Présentation simplifiée de I’amplification Raman dans les
fibres optiques a silice

Niveaux d’énergie virtuels Niveaux d’énergie virtuels
............ A s
ho, ha,
he, NANANNND- ANANNND- ho,
ANANN B Photon Stokes Photon incident
Photon incident Photon anti-Stokes
h(a)p - a)\_) h(a’p - )
IAVAVAVAVAN o ANANNND
Phonon Optique Phonon Optique T
(a) (b)

Figure 4.1 — Représentations schématiques des diffusions Raman Stokes (a) et anti-Stokes (b).
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Au chapitre 2, nous avons €tabli un modele quantique de I’amplification Raman dans les
fibres optiques en silice, dont le mécanisme physique est la diffusion Raman stimulée. Nous
pouvons considérer, pour simplifier, que cette diffusion inélastique résulte de la modulation
de la lumiere incidente par les vibrations moléculaires du milieu. D’un point de vue quantique
simplifié, la diffusion Raman peut étre représentée, comme illustré sur la figure 4.1, par la
coexistence de deux phénomenes. Le premier est le rougissement de la lumiere incidente, ou
la diffusion Raman Stokes, ot un photon de pompe 7@, est diffusé, en créant un photon
signal 7@, de fréquence inférieure a celle de pompe et un phonon optique 7(®, —®,). Le
deuxiéme est le bleuissement de la lumiere incidente, ou la diffusion Raman anti-Stokes, qui
est le processus inverse de la diffusion Raman Stokes. Avec une probabilité proportionnelle
au nombre de phonon 7_, dont la valeur typique est de 0.13 comme déja montré au chapitre 2,
la diffusion Raman anti-Stokes est bien mois probable que celle Stokes ayant une probabilité
proportionnelle a 1+7n, . C’est d’ailleurs la raison pour laquelle I’amplification Raman est
intrinsequement de faible bruit, comme nous allons voir dans ce chapitre.

A partir des résultats du chapitre 2, un développement des équations de propagation des
puissances optiques est exposé au chapitre 6, ou la dépendance en polarisation est prise en
compte. Si la pompe Raman est dépolarisée, a partir de (6.14), les équations d’évolution

stationnaire de ces puissances classiques peuvent étre trouvées sous la forme [1][2]

dpP

=~ CuPP -l 4.1)
dP,
t—t=-1,CP P -a,P, 4.2)

ou P et P, sont les puissances moyennes du signal et de pompe, &, et «, sont les
coefficients d’atténuation de la fibre, respectivement a la longueur d’onde de signal A4 et ala
longueur d’onde de pompe 4,, et 77, =4 /A4, . Le signe + rend compte de la configuration
de pompage, et celui négatif concerne le pompage contra-directionnel. Le coefficient du gain

Raman effectif C, est défini comme C, = g, /2A,., ou le facteur 1/2 rend compte I’effet de

eff *
dépolarisation, A, est la surface effective du mode définie par (6.6) en prenant en compte le
recouvrement et le confinement de la pompe et du signal, et g, est ’efficacité Raman de co-
polarisation (celle de polarisation orthogonale est tout a fait négligeable) dépendante du type
(dopant) de fibre ainsi que de 1’écart fréquentiel entre la pompe et le signal. Pour le silice
pure, la valeur maximale de I’efficacité Raman de co-polarisation est typiquement d’environs
6x10™" m/W [1], ce qui correspond a un coefficient de gain Raman effectif d’environs 0.4 W~
'km™ pour les fibres standards monomodes ayant une surface effective de 80 umz. Sur la
figure 4.2, un exemple de I’efficacité Raman de co-polarisation normalisée est présenté en
fonction de I’écart fréquentiel entre la pompe et le signal. Nous voyons que le pic de

I’efficacité Raman est décalé d’environ 13.2 THz par rapport a la longueur d’onde de pompe,
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ce qui représente une centaine de nanometres, pour une longueur d’onde de pompe de
1450 nm. De plus, I'efficacité Raman possede un spectre treés étendu, plus de 40 THz soit
280 nm pour A4, = 1450 nm. Ceci est dii au fait que les verres de silice sont les matériaux
amorphes, dont le spectre de la densité modale de vibration (phonon), différent que celui des
matériaux cristallins, constitue d’un continuum a cause de 1’absence d’ordre a moyennes et
longues distances. C’est grace a ce fait, les fibres optiques a silice peuvent étre transformées

en amplificateurs de large bande [1].

08 B

06F 1

04t .

Efficacité Raman de co-polarisation normalisée
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Ecart fréquentiel entre la pompe et le signal (THz)

Figure 4.2 — Efficacité Raman de co-polarisation normalisée pour le verre de silice.

Pour transformer une fibre optique de transmission en un milieu amplificateur, il suffit
donc d’injecter une pompe laser Raman dans la fibre en méme temps que les signaux a
transmettre. Puisque, comme nous avons montré au chapitre 2, la diffusion Raman est
insensible au sens de propagation de la pompe par rapport au signal, la pompe peut étre
injectée soit co- soit contra-directionnellement. Quand il n’y a qu’une seule pompe Raman
quasi-monochromatique injectée, ce sont les configurations de pompage simple co- ou contra-
directionnel. Evidemment, les équations (4.1) et (4.2) ne sont valides que pour ces
configurations de pompage simple. Il existe d’autres configurations de pompage ou plusieurs
pompes Raman différentes sont utilisées, dont la plus simple est celle de pompage
bidirectionnel ou deux pompes Raman contra-propagatives sont utilisées. La configuration
plus élaborée est celle de multi-pompage avec plusieurs pompes de longueurs d’onde et sens
de propagation différents. Dans cette derniere configuration de pompage, la distribution du
gain Raman peut devenir plus uniforme spectralement et spatialement, grace a la distribution
bidirectionnelle des pompes de différentes longueurs d’onde et I’interaction entre pompes.
Une modification relativement simple, que nous n’allons pas exposer ici, doit s’effectuer sur

(4.1) et (4.2). Comme nous allons voir, les caractéristiques de bruit et de saturation de gain
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sont bien différentes en fonction de la configuration de pompage. Dans cette these, seules les

configurations de pompage simple et bidirectionnel sont évoquées.

4.2 Gain des amplificateurs Raman

Le gain net, G, , des amplificateurs Raman est définit comme le rapport des puissances

net *
optiques moyennes de signal d’entrée et de sortie d’amplificateur. Cette notion de gain net
prend en compte le gain apporté par la diffusion stimulée Raman ainsi que 1’atténuation de la
fibre. Il est donc nécessaire d’étudier I’évolution des puissances moyennes de la pompe P, et
du signal P,. Il est a noter que la puissance de pompe est couplée a la puissance signal via le
terme de déplétion de pompe, le 1 terme 2 droite de (4.2). Cette remarque est importante car
le régime de saturation dépend directement de la déplétion de la pompe reliée a la puissance

du signal.

4.2.1 Gain en régime petit signal

Dans le régime petit signal ou régime de gain linéaire, le terme de déplétion de la pompe est
négligeable devant I’atténuation. Ainsi, la puissance de pompe subit une propagation de type

linéaire, et la distribution de puissance de pompe s’exprime par 1’équation suivante

PP (Z) = Ppoe_apz ou Pp (Z) — Ppoe_a’p(L—Z) (4.3)

pour les pompages co- et contra-directionnel, respectivement. Dans ces deux expressions, L
est la longueur de la fibre et P, correspond a la puissance de pompe injectée dans la fibre. En
combinant (4.3) et (4.1), la puissance de signal peut €tre obtenue analytiquement, et le gain
net de I’amplificateur Raman est alors directement obtenu a la sortie de fibre. Les expressions
pour les deux configurations de pompage sont identiques et données par

AN a,L)exp(C P,y L, )= AG, (4.4)

s0

net

ou P, représente la puissance du signal injectée d’entrée de 1’amplificateur Raman,
A = exp(- a‘YL) correspond a I’atténuation de la fibre et G, est le gain Raman, appelé en
anglais gain on-off, et défini comme le rapport des puissances de signal en présence et en
absence de la pompe Raman. En régime petit signal, la longueur effective de I’amplificateur

est donnée par

Ly =[P,(z)de/ Py =—— (4.5)
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Selon le type de fibre de transmission considéré, le gain Raman dépend du coefficient
d’absorption de la pompe et de 1’efficacité de gain de la fibre. La figure 4.1 illustre le gain
Raman pour différents types de fibre de transmission en fonction de la puissance de pompe
injectée. Le lien de transmission considéré est constitué de 100 km de fibre. Le gain Raman
est limité a une valeur de 30 dB car, d’'un point de vue pratique, la saturation de gain
interviendra au dessus de cette valeur (voir section 4.1.2). La fibre TrueWave qui est une
nouvelle génération de fibre optique présente le meilleur rendement gain/puissance. Cela est a
comparer avec la fibre SMF-G652 qui est la fibre de transmission standard actuellement

déployée sur la grande majorité de réseaux optiques.

30 ,
L Taa s S S S L S

i i i & i i 3
0 SRR RN SRR SN N e e e e et e -

Gain Raman (dB)
o
J
i

—6—SSMF: C,=042 W’1km'1, o= 0.26 dB/km

—e— TrueWave : C,= 0.69 W 'km'1, o, =0.25 dBlkm I

—8B— Teralight : CR =039 W1km'1, a,= 0.27 dB/km

T I T T T T I
03 0.4 0.5 06 07 08 09 1

Puissance pompe injectée (W)

Figure 4.1 - Gain on/off en régime petit-signal pour différents types de fibre de transmission.

Le lien de transmission considéré est constitué de 100 km de fibre.

4.2.2 Gain en régime de saturation

La saturation de gain intervient lorsque la puissance signal devient trop élevée dans la fibre
optique pour considérer que la pompe s’y propage linéairement. Autrement dit, le terme de
déplétion de la puissance de pompe n’est plus négligeable devant I’atténuation de la fibre. La
saturation de gain a une influence sur la longueur effective L, définie par I’équation (4.5) et
se trouve réduite, diminuant ainsi la valeur du gain Raman. En effet, puisque les solutions de

(4.2) peuvent s’écrire alors formellement, respectivement, sous les formes

z L
—1,Cr | P (x)dx—a, 2 ~15,Cr | P (x)dx—a, (L-z)
0 z

P (z)zP

' 0€ et P, (z)= Pe (4.6)
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nous voyons que les intégrations de ces puissances sont toujours inférieures a leurs contre-
parties en régime petit signal (4.3). Afin de compléter I’étude sur la saturation de gain, il est
nécessaire d’envisager un modele numérique de propagation des puissances pompe et signal
correspondant au modele (4.1) et (4.2). Ce modele a été implémenté sous le logiciel de
programmation MATLAB avec I’aide de la méthode numérique ODE45 pour la configuration
de pompage co-directionnel, et la méthode numérique BVP4C pour la configuration de

pompage contra-directionnel exposée dans I’annexe B.
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Figure 4.2 - Résultats de simulation sur la saturation de gain pour un amplificateur Raman
composé de 100 km de fibre : (a) Gain net en fonction de la puissance de pompe injectée pour
le co-pompage ; (b) Gain net en fonction de la puissance de pompe injectée pour le contra-
pompage ; (c) Gain Raman en fonction de la puissance de signal injectée, ou la puissance de
pompe injectée donne un gain Raman de 20 dB en régime petit-signal. Les paramétres de
simulation : &,,, =0.2/0.26 dB/km, A,,,= 1450/ 1550 nm et Cg=0.5 W' .km"".
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Les résultats de simulation sont présentés sur la figure 4.2. Il apparait clairement que plus
la puissance du signal d’entrée est élevée, plus la saturation est importante. Il est a noter que
la courbure de saturation est d’autant plus marquée que la puissance de pompe est élevée.
Cela traduit le fait que, plus le gain Raman est élevé, plus la puissance de saturation d’entrée
est faible. Elles montrent aussi que les gains saturés des deux configurations ne sont plus
identiques et que le pompage contra-directionnel est moins sensible a la saturation. Dans le
cas présenté sur la figure 4.2-(c) par exemple, pour un gain Raman de 20 dB, permettant de
compenser globalement 1’atténuation de la fibre, la puissance de saturation d’entrée est plus
élevée de plus de 10 dB dans le cas contra-directionnel par rapport au cas d’un pompage co-
directionnel. Cela se comprend bien par le fait que I’énergie totale du signal dans la fibre est
beaucoup plus élevée dans la configuration de pompage co-directionnel que dans celle contra-

directionnelle, comme illustré sur la figure ci-dessous.

Co-porhpage

Distribution du gain net (dB)
S

1 T — onfra-pompage;

0 10 20 30 40 50 60 70 80 90 100
Distance (km)

Figure 4.3 - Illustration schématique des distributions de la puissance de signal dans les deux

configuration.

4.3 Facteur de bruit des amplificateurs Raman

Dans le chapitre précédent, nous avons démontré que tout amplificateur optique linéaire et
insensible a la phase nécessite la considération de source de bruit additionnel. En régime
petit-signal, les amplificateurs Raman font partie de cette famille d’amplificateurs et, donc,
n’échappent pas a ce constat.

4.3.1 Expression de facteur de bruit des amplificateurs Raman

D’apres le chapitre précédent, nous pouvons tout d’abord normaliser 1’enveloppe lentement

variable du signal, se propageant dans la direction de Z positive, sous la forme

A

A(zo)= | 4 (2.0) @.7)
nce,
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L’opérateur a peut alors étre considéré comme celui d’annihilation du signal. Négligeant la
nonlinéarité de type Kerr, nous pouvons trouver a partir de (2.67) ou (2.72) 1’équation

d’évolution
N 1 . A
d.4,(z, w)=5g(z)c_zx (z,0)+ f(z, @) (4.8)

ot g(z)= CyP, (z)—ax, dont la dépendance fréquentielle est négligée. Les corrélations des

forces de Langevin peut également étre trouvées, a partir de (2.86) et (2.87), sous la forme

<]?Jr (Zz’ )f(zl’ )> =n, (Zl )g(zl )5(0)1 -, )5(11 - Zz) 4.9)
<f(Z1, )f (Zz’ > = [1+ n, (Zl )]g(zl )5(601 -, )5(Z1 - Z2) (4.10)
1+7, ), P, ()™ (2) (@.11)

ou n, est le nombre moyen des phonons optiques, typiquement n, = 0.13 au maximum du
coefficient d’amplification Raman et a 300 K.

Le modele (4.8) néglige en fait la déplétion de pompe. Ceci est nécessaire pour établir une
expression du facteur de bruit qui soit indépendante du signal. Ainsi, les résultats du chapitre
précédent sont directement applicables aux amplificateurs Raman. Le facteur de diffusion

Raman spontanée est donc

n, ==, =(1+7,)C.P, (2)g " (2) (4.12)
et I’équation d’évolution du flux moyen du photon signal s’écrit sous la forme

::ZN (2)= g2V, (2)+(1+7,)c, P (2) (4.13)

Alors, nous pouvons trouver le flux du photon ASE sous la forme

V=04, o)1)+ ) [ &

0

(4.14)

Faisant appel a (3.110), nous trouvons le facteur de bruit, défini a partir de ’OSNR, des

amplificateur Raman de longueur L comme

Np o 2Nase (L)+1_ 1
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D’apres la discussion du chapitre précédent, nous pouvons également trouver les coefficients

d’amplification totale et d’atténuation totale des amplificateurs Raman comme
B2)=(1+7,)C,P,(2) et alz)=a, +7,C,P,(2) (4.16)

Comme il I’a déja souligné [3], les significations physiques de ces deux expressions sont
claires : I’amplification totale dans les amplificateurs Raman est en effet la diffusion Raman
Stokes stimulée, et comme ce processus crée des phonons, le taux de diffusion Raman Stokes
doit étre proportionnel a 1+ n, [3][4]; le deuxieme terme du coefficient d’atténuation totale
provient de la diffusion Raman anti-Stokes, et comme ce processus consomme des phonons,
le taux de diffusion Raman anti-Stocks doit étre proportionnel a 7 , [31[4].

Le dernier terme a droite de (4.15) dépendant de la distribution du gain, le schéma de
pompage peut donc influencer le facteur de bruit des amplificateurs Raman de maniere
significative. En fait, pour une valeur donnée du gain Raman, le gain net et de I’atténuation,
un schéma de pompage co-directionnel permet de minimiser 1’accumulation de bruit par
rapport au cas du pompage contra-directionnel. Sur la figure 4.4, sont présentées, en
pompages co- et contra-directionnels et pour trois valeurs différentes du gain Raman, les
évolutions de la population du niveau haut virtuel définie par (2.90), du gain net et de la
variance du champ optique. La portée de transmission considérée est composé de 100 km de
fibre SMF avec une atténuation globale a 20 et 25 dB, aux longueurs d’onde signal et pompe,
respectivement. D’un point de vue systeme, I’avantage du schéma de pompage co-
directionnel s’explique par le fait que le schéma de pompage contra-directionnel ressemble a
une solution de post-amplification (amplification apres la transmission), alors que le schéma
de pompage co-directionnel se rapproche plutét d’un systeéme avec pré-amplification
(amplification avant la transmission). En effet, dans ces figures, nous voyons que, dans le
schéma de pompage co-directionnel, I’'inversion de population virtuelle a lieu dans les
premieres dizaines kilometres de fibre, et que le bruit ASE est ainsi d’abord accumulé et puis
atténué ; tandis qu’au schéma de pompage contra-directionnel, ce sont les dernieres dizaines
kilometres de fibre ou se situe I’inversion de population, et ou le bruit ASE est accumulé sans
étre atténué ultérieurement de maniere significative. Cela explique la différence d’environ 10
dB sur la puissance de bruit ASE (le nombre de photon ASE plus 1/2, voir (3.109)) en sortie

des deux schémas de pompage.
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Le facteur de bruit du méme pas de transmission est représenté sur la figure 4.5, en fonction
du gain Raman généré co- et contra-directionnellement. Le schéma de pompage co-
directionnel apparait clairement beaucoup plus avantageux, au niveau du facteur de bruit.
Pour des valeurs du gain Raman inférieures a 5 dB, le facteur de bruit en co-pompage est
toujours inférieur a 20 dB, ce qui correspond au le facteur de bruit de la fibre passive, alors
que le facteur de bruit en contra-pompage est Iégerement supérieur a cette valeur. Toutefois, a
partir du moment ou le gain Raman dépasse 5 dB, ces deux schémas de pompage présentent
un intérét certain. Selon (4.51), la limite du facteur de bruit des amplificateurs Raman pour les
hautes valeurs de gain Raman est de 2(1 +n, )z 2.26, soit 3.5 dB au maximum du coefficient
d’amplification Raman et a 300 K. D’un point de vue pratique, les valeurs treés hautes de gain
Raman ne sont pas souhaitables. Une raison importante est I’effet de la double rétrodiffusion
Rayleigh devient trés important pour les hautes valeurs de gain Raman. Nous discuterons ce

point au chapitre suivant.

Facteur de bruit NF (dB)

—— Contra-pompage
6-| —e— Co-pompage -
—— Fibre passive

T T

0 5 10 15 20 25 30
Gain Raman Gp, (dB)

Figure 4.5 - Facteur de bruit en fonction du gain Raman, I’amplificateur Raman est composé

du méme span de fibre que dans la figure 4.4 et pompé co- ou contra-directionnellement.

4.3.2 Notion de facteur de bruit équivalent et vérification expérimentale

Pour les fibres de transmission, la distribution de gain est un avantage incontestable de
I’amplification Raman. Pour se rendre compte de cet avantage, il suffit de comparer le facteur
de bruit d’une liaison de transmission avec amplification Raman distribué a une liaison de
transmission classique avec amplification localisée, de type EDFA par exemple. De cette
comparaison, il découle alors la notion de facteur de bruit équivalent NF,,. La figure ci-apres

illustre cette notion.
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Figure 4.6 - Différents liens de transmission

Considérons une liaison de transmission utilisant la post-amplification localisée, comme
montre la figure a droite ci-dessus, ou I’atténuation de la fibre est A, inférieur ou égal a 1.
Cherchons un amplificateur localisé en fin de ligne de facteur de bruit NF, , conduisant au
méme bruit total et au méme gain net que le lien utilisant 1’amplification distribuée. Utilisant
la formule de cascadage du facteur de bruit, appelée comme la formule de Friis [3][5], nous

obtenons

- NF, -1 NF
_np 4 NRZL_ 1 NE,Z1_NE,
G A A A

NF,

total

(4.17)
= NF,, = A-NF,

total
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Figure 4.7 - Comparaison entre théorie et expérimentation du facteur de bruit équivalent d’un
amplificateur Raman contra-directionnel constitué de 100km de fibre SMF G-652.
Parametres : &, ,=0.2/0.263 dB/km, A ,,=1450/1555 nm et Cr = 0.42 W 'km™.

La figure 4.6, nous montre alors que le facteur de bruit équivalent exprimé en décibel est
négatif, dés que le gain Raman dépasse 2 dB en pompage contra-directionnel. Dans le cas

d’un pompage co-directionnel, le facteur de bruit équivalent est toujours négatif. Cette
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négativité du facteur de bruit équivalent montre de I'intérét d’une solution d’amplification
distribuée par rapport a une architecture de transmission avec amplification localisée en bout
de transmission. La configuration de pompage co-directionnel profite d’un meilleur facteur de
bruit que la configuration de pompage contra-directionnel. Cela revient a illustrer la formule
de cascadage du facteur de bruit qui préconise un facteur de bruit minimum deés que le
premier étage est constitué d’un amplificateur caractérisé par un faible facteur de bruit avec
un fort gain. La figure 4.7 montre un bon accord entre 1’expérience et la simulation du facteur
de bruit [6]. La méthode de mesure est basée sur I'utilisation d’un analyseur de spectre

optique permettant de mesurer la puissance d’émission spontanée.

4.4 Impact de la saturation de gain et de la nonlinéarité sur la
génération de bruit intrinseque

Dans la section précédente, nous n’avons pris en compte ni la saturation de gain, ni la
nonlinéarité de Kerr des fibres. Bien que le facteur de bruit soit suffisant pour caractériser la
performance en bruit intrinseque des amplificateurs Raman travaillant en régime petit signal,
il est évidemment nécessaire de caractériser également la génération du bruit intrinseque en
régime de saturation de gain pour comprendre I’impact de la nonlinéarité de Kerr sur cette

génération. La notion de facteur de bruit est alors plus adaptée.

4.4.1 Modéele et solution

Pour ce faire, nous devons établir un nouvel modele de propagation, car en présence de la
saturation de gain et la nonlinéarité de Kerr, les résultats obtenus dans le chapitre précédant
sur les amplificateurs linéaires et insensibles a la phase ne sont plus applicables. D’apres le
chapitre 2, nous proposons de modéliser la propagation des champs de signal et de pompe par

les deux équations différentielles couplées comme suivantes
I 2
(az +ﬂlsar _EﬁZSat a
i 2 )~ 3 n
(epaz + ﬁlpat _EﬁZpat jap ==

ou k est le coefficient Kerr et fﬂ est la force de Langevin quantique. Puisque a, est

+
]

effectif C, est en fait aussi normalisé. Dans ce modele, I’ordre des opérateurs quantiques est

normalisé de telle maniere que a,d, représente le flux des photons, le coefficient Raman

ignoré, car nous allons ensuite linéariser ces deux équations. Il est a noter qu’il est

2éme

indispensable de prendre en compte la dispersion du ordre, sans laquelle I’'impact de la

nonlinéarité de Kerr ne peut pas étre reflété.
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Supposant que les champs de pompe et de signal soient quasi-classiques, nous pouvons

décomposer les opérateurs comme

a,=A,+Ad, (4.19)

ou A, et Ad, sont, respectivement, la partie classique et les fluctuations quantiques. Cette
derniere est supposée tres petite devant la partie classique. En plus, nous supposons que A,
ne dépend que de z, afin d’effectuer une analyse de petit signal [7][8]. Les forces de Langevin

quantiques aux fréquences de signal et de pompe peuvent ainsi s’écrire au 1¥ ordre comme

A A

fio=fi +AG et f o =f, +Aq (4.20)

ou fL! , est li€ a Iatténuation linéaire et ¢ est I’opérateur de phonon. Le flux des photons
peuvent aussi se décomposer comme

At A o _ 2

aha,=N,+AN,. avecN, =|A,| 4.21)

u o

qui est la partie classique et
AN, = A, A, + A,AG (4.22)

qui est la partie de fluctuations quantiques approximée au 1% ordre. Cette derniére est
justement ce que nous allons étudier dans la suite. En plus de (4.22), nous avons également

besoins d’introduire les trois opérateurs hermitiens définis comme suivants
AV, =iA,0a" — A'AG,), By, = AN, + AN et By, =ilAAF] - ALAT,)
(4.23)

Il est a noter que AM . est en fait en quadrature avec AN - Remplacant (4.20)-(4.23) dans
(4.18), gardant les termes au 1% ordre et effectuant la transformé de Fourier, nous trouvons

I’équation vectorielle suivante

0. V(z,0)=H(z,0)V(z,0)+ F(z, ) (4.24)
avec
R V 1 AN, 5. AM, _,
Vigw)=| A AM, A%, jion: B8 o, | (4.25)
G G, G G
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- Fy, Fu, Fuy, wop.  Fu, .
F'(zo)=| = Sl o SNp grithesp ZMp piohes (4.26)
G, G, G, G,
et
2
@ s @B,z
0 fz CiN G e 0
2
v G -DP 4N G e 0
H(z,0)= wp, | @2
0B,z
—e,CiN G, 0 0 e, 22”
2
—iwp,z a):B
4e kN ,,G.e 0 2,V G,—e, sz 0

oun f,=e,B,-B,,G,=N,/N, et N,= Nﬂ(z =0). Les distributions des flux de photons

classiques peuvent se calculer par

dZNs = (CRNp - as )Ns

(4.28)
d,N,=—e,(C;N, +a,)N,

tout comme dans la section 4.1 pour les puissances moyennes.
L’équation différentielle (4.24) étant linéaire et du 1 ordre, sa solution peut s’écrire

formellement sous la forme

L
V(L,w)=U(L, w){V(o, )+ [ U™ (x, 0)F (x, 0)dx (4.29)
0
ou la matrice d’évolution est définie comme

0.U(z,w)= H(z,®)U(z, ), avec U(0,w)=1 (4.30)

Nous pouvons écrire (4.29) plus explicitement comme
V.(Lw)| (U, (Le) U, (Le)(V0e0) .\ B (L ) @31)
V(L) U, (L) U, (Lo) V(0w B,Lao) '

Nous avons alors

~—

V.(L.@)=U, (L o)V,0,0)+B,(L o)+ U, (Lo)V,00)+B,(Lo)| @32

Pour le pompage co-directionnel, c¢’est donc 1’expression finale. Pour le pompage contra-

directionnel, une étape en plus est nécessaire car V, (0,) n’est pas les valeurs d’entré de la
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pompe contra-directionnelle. L’expression finale pour le contra-pompage peut étre facilement

trouvée comme

V,(L,w)=T(L, o)V, (0,0)+B,(Lw)]+U, (L o)U, (L,o)V, (L o) (4.33)

avece

T(L.w)=U,(L,®)-U, (L w)U (L o)U, (L ) (4.34)

4.4.2 Corrélations quantiques

Nous supposons que le signal et la pompe sont dans les états cohérents en entrée. Alors,
puisque toutes les propriétés quantiques proviennent des fluctuations quantiques, nous avons

en entrée les relations suivantes

Ad, (@), (@) =0 et [Aa, () A3} (@)]= 6,,6(0- @) (4.35)

Nous pouvons ainsi trouver

At At

(AR (@R, (@) = 6, Ni8(0- o), (AL (@, (@)) = 6,N}6(0- )

et <Aﬁi (@AM 2(w')> = _<Aﬂ L (@)AN (@ )> =i, N'6(w- @) (4.36)
ou encore sur les formes plus compactes
. - 1 i
(V,0,0)V,0,0)) = N} 5(e- m)(_i J =Cy,(0,0)0(0- o) 4.37)

Pour la pompe contra-directionnelle, nous devons écrire (4.37) comme

1

(9, (.0 (L.)= 5 (3L jolo- a)’)(

p

, ;] =C,, (L, 0)s(0- ) (4.38)
l

De la méme maniere, nous pouvons trouver a partir de (4.20)
(F(z, 0)f" (2", @) = 8(z - 2')8(0- @)C, (2, 0) (4.39)

avec
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CFF = N‘VONpO
+{1+2n N —C.,N ‘ ‘
% ( " )CR P i—a° R p e (1 +2n )C‘Re’wﬁ”"Z ie CRe'wﬁ”"Z
GN 20 G,N P3C b 1 P
—C,N +\U+2n N A A
_ i—a° AR % ( i lad . iepCRe'wﬁ”"Z —e, (1+ 2n, )C'Re'wﬁ”"Z
o G,N 20 G.N 20
; ‘ a +\1+2n N. a +C,N.
ep (1 n Zf_lq )CRe—zwﬁ,,_\z _ l.ePCRe—zwﬁ,,_\z P ( I’lq )CR s lp—Ra
T ot
) . o + ) o +\l+ )
- iePCRe_lwﬁmz - ep (1 + 2f_lq )CRe_lwﬁpz - R s d nq R s
G Noo G Noo
(4.40)
Nous avons donc
B(L0) o e L .
b 1 (2.0)8, (1.0) = o0~ U (x.0)C,, (s 0f (0]
P ‘ (4.41)
= 5((0 - )CBB (w)
et finalement
< V (L o)V (L, a)')> =C,,.(L.0)s(0- ) (4.42)
avec
C,, . (Lw)=U, (L o)[C,, 00)+C, (@)U (L)
+ Usp (L’ a)) [CVV,p (0’ a)) + CBB,pp (a)):lUsr‘p (L’ a)) (4'43)
+ st (L’ a))CBB,S[) (a))U‘vp (L’ a)) + pr (L’ a))CBB,px (a))UZY (L’ a))
pour le co-pompage, et
(4.44)

Cyy ,(L0)=T(L0)C,, ,0,0)+C,, , (@) T'(L,0)
+U, (LU, (Lw)C,, (L) lu (LU (L, )|’

pour le contra-pompage. Dans (4.43) et (4.44), nous avons supposé que le signal et la pompe

ne sont pas corrélés en entrée.
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4.4.3 Densité spectral de puissance du bruit du flux de photon

Avec les fonctions de corrélation de la section précédente, nous pouvons maintenant calculer

la densité spectrale de puissance de bruit du flux de photons a la sortie

S (L.0) = TR AN, (L1 + DA, (L1)|(0) = 62 (D) [C,n , ()] (4.45)

11
Les expressions (4.43) et (4.44) nous montrons qu’il y a trois sources de bruits : le bruit du
signal d’entrée, le bruit de la pompe d’entrée et le bruit intrinseque généré au cours
d’amplification. En générale, la densité spectrale de puissance de bruit du flux de photons du
signal est fonction de fréquence et dépend des puissances signal et pompe injectées. Si nous

définissons le bruit relatif d’intensité (RIN) de flux de photons comme

RIN(z,0)= S, (z.0)/ N’(z) (4.46)

les performances de 1’amplificateur optique peuvent s’évaluer par la fonction de dégradation

de RIN définie comme

NF(z,w)=RIN(z,®)/ RIN(0,0) = S, (z,@)/ G*(z)S,, (0, @) (4.47)

Il est a noter que si I’entrée est dans I’état cohérent pur, la limite en régime petit-signal de
cette fonction n’est rien d’autre que le facteur de bruit, constant en fonction de la fréquence.
Cette fonction de dégradation de RIN a la sortie de 1’amplificateur peut alors se calculer en
utilisant (4.45), ou le gain et la matrice de corrélation C,, (w) peut étre obtenus
numériquement.

La figure 4.8 montre les résultats d’une simulation numérique pour un amplificateur Raman
en co- et contra-pompage, constitué de 100 km de fibre SMF. Le signal et la pompe sont
supposés dans des états cohérents purs pour simplifier, et la puissance de pompe injectée est
ajustée chaque fois pour avoir un gain net de 0 dB. Aux bases fréquences, la figure 4.8 montre
clairement que le bruit quantique du signal de sortie est comprimé a cause de la saturation.
Cet effet de compression de bruit est fonction de la fréquence et disparait aux hautes
fréquences, lorsque 1’effet de "walk-off " entre le signal et la pompe devient important. En
effet, oscillant tres rapidement, les éléments de matrices contenant exp(i@f »x2) dans (4.27),
qui sont justement responsables du couplage pompe-signal, devient en moyenne nulle. Dans
ces figures, nous voyons que la largeur spectrale de compression de bruit co-directionnelle est
bien plus large que dans le cas contra-directionnel. Typiquement, cette largeur est d’ordre de
quelques mégahertz pour le co-pompage, contre quelques kilohertz pour le contra-pompage.
Cette différence se comprend bien par le fait que le parametre de "walk-off ", 5, , est tres
différent pour les deux schéma de pompage. Ce point sera a nouveau discuté au chapitre 6, ou

le transfert de RIN [9] sera évoqué. La profondeur de compression est elle aussi tres différente
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Figure 4.8 - Fonction de dégradation de RIN en fonction de la fréquence (a)(b) en logarithme

30

et (c)(d) linéaire, pour un pas de 100 km d’amplificateur Raman en configuration de (a)(c) co-
et (b)(d) contra-pompage. Gain net est maintenu a 0 dB. Paramétres : Ay, = 1555/ 1455 nm,
04,= 0.20/0.26 dB/km, Cg=0.69 km™ . W™, vitesse de signal = 2x10® km/s et dispersion =
15 ps.nm'l.km'l.

pour les deux pompages. Nous voyons que pour le pompage co-directionnel, la dégradation
de RIN peut descendre au-dessous de la limite quantique de 3dB. Ceci est bien la preuve que
I’amplificateur n’est plus linéaire et insensible a la phase. Tandis que pour le pompage contra-
directionnel, la compression est toujours tres faible méme pour une puissance de signal
d’entrée de 10 dBm. Cette différence peut s’expliquer par le fait que la pompe contra-
directionnelle est bien plus résistante a la saturation et la nonlinéarit¢ que la pompe co-
directionnelle, comme déja montré dans la section 4.1. A hautes fréquences, la fonction de
dégradation de RIN commence a osciller. Ce comportement oscillatoire est dii a la
nonlinéarité de fibre accompagnée de la dispersion, qui convertissent le bruit de phase en

bruit d’amplitude [7][8], ou bien échange les bruits des quadratures. Le dernier point a noter
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est que, comme le montré clairement sus la figure 4.8, les impacts de la saturation de gain et

de la nonlinéarité sont pratiquement désassociés.

4.5 Conclusion

Quand les pertes optiques sont négligeables devant I’amplification Raman, 1’inversion de
population virtuelle est environ 0.9, ce qui rend les amplificateurs Raman intrinsequement de
faible bruit. En plus de la bande passante trés large et extensible, les amplificateurs Raman
sont trés avantageux au niveau du facteur de bruit grace a la distribution du gain. Avec les
analyses présentées dans ce chapitre, nous voyons que la configuration de pompage co-
directionnel est plus avantageuse au niveau du facteur de bruit, mais aussi plus sensible a la
saturation de gain. Finalement, nous avons pu étudier les impacts de la saturation et de la
nonlinéarité sur la génération du bruit intrinseéque. Il est clair que les bruits intrinseéques sont
comprimés par la saturation et la nonlinéarité. Cet effet de compression dépend de la
fréquence et est bien plus important dans la configuration de pompage co-directionnel, out non
seulement le niveau de la puissance de signal est plus élevé, mais aussi le temps d’interaction

entre la pompe et le signal est bien plus long.
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Chapitre 5

Rétrodiffusion Rayleigh
dans les Amplificateurs Raman

Il est bien connu que la diffusion Rayleigh est due aux inhomogénéités aux échelles bien
inférieures aux longueurs d’onde optiques. Dans les fibres optiques, a part diffuser le champ
guidé en dehors de fibre en engendrant la perte de diffusion Rayleigh, elle peut aussi diffuser
une petite portion du champ guidé dans la direction opposé de celui-ci, en engendrant la
phénomene de la rétrodiffusion Rayleigh [1][2]. Si une portion rétrodiffusée du signal
transmis est rétrodiffusée de nouveaux, c’est donc la double rétrodiffusion Rayleigh (DRB,
Double Rayleigh Backscattering). Un copie de signal décalée aléatoirement en temps et en
espace, le bruit DRB est une source de bruit qui s’interfere avec le signal au niveau du
récepteur et donc engendre la diaphotie (Crosstalk) [3][4]. Bien que ce processus de multi-
rétrodiffusion puisse se poursuivre, il est en pratique suffisant de prendre en compte
seulement la DRB

La rétrodiffusion Rayleigh peut engendrer de pénalit€s majeures dans les systémes
déployant I’amplification Raman distribuée. En effet, non seulement la DRB du signal est
renforcée par I’amplification compensant I’atténuation distribuée, mais aussi le bruit
intrinseque engendré dans la sens inverse de transmission est rétrodiffusé et amplifié. Dans ce
chapitre, nous allons d’abord étudier le modele de propagation obtenu dans le chapitre 2.
Ensuite, la biréfringence de fibre négligée dans ce modele, sera prise en compte, et un modele
plus complet sera présenté et étudié. Finalement, nous allons analyser 1’impact combiné du

bruit de DRB et ASE sur les performances des systémes.
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5.1 Modeles de propagation

Nous avons obtenu dans le chapitre 2, les équations de propagation pour les opérateurs a
enveloppe lentement variable (2.76) dans les directions positive et négative. Dans ce chapitre,

nous travaillerons avec les variables classiques.

5.1.1 Rappels et coefficient différentiel de rétrodiffusion Rayleigh

Négligeant I’effet Kerr, nous réécrivons les équations de propagation des deux enveloppes

lentement variables contra propagative comme ci-dessous

(0,452, ~ £ 3} 4l = ¢, c0)+ P )+ . )

: (.1
(<0480, ~ 28 )= L@ ) O ()= F )

ob g(z)=CyP,(z)-a, et p(z) est le coefficient différentiel de diffusion Rayleigh. 11 est
nécessaire a mentionner que nous pouvons d’ores et déja supposer que la bande des signaux
est suffisamment petite pour que certaines dépendances fréquentielles soient négligeables.
Nous normalisons ici les fonctions d’enveloppe de telle facon que les modules carrés des
fonctions d’enveloppe |Ai|2 représentent les puissances des signaux se propageant dans les
deux sens. Les deux forces de Langevin classiques sont alors les variables aléatoires
gaussiennes complexes circulaires (CCG Circular Complex Gaussian) de moyenne nulle.
Comme nous avons dit au chapitre 2, les deux bruits blancs sont non-corrélés et donc

indépendants, et leurs fonctions de corrélation s’écrivent comme
(Fl(2,.1,)F. (z,.1,)) =h, (1472, )C, P, (2)8(t, - 1,)80(z, - 2,) (5.2)

Nous rappelons également que le coefficient différentiel de rétrodiffusion Rayleigh est lié

aux fluctuations Af de la constante de propagation, par la relation
plz,w)=irB(z)exp(-2iB,z2) (5.3)

ou f, est la constante de propagation du mode guidé de la fibre monomode. Nous pouvons

alors trouver les corrélations suivantes
1.
<pR (Zl )pl (Zz )> = _7R§(Zl — 2, )ESIH(4,BQ,Z1) 5.4
et

<pR (Zl )pR (Zz )> = <,01 (Zl )pl (Zz )> = 7R5(Z1 — 4 )% (5.5)
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_ kol

= e (5.6)

Vr

est le coefficient de rétrodiffusion Rayleigh, avec k, =w/c et le coefficient C;, ayant été

défini au chapitre 2 par
C,(2)=[orlx. g, (x) ' d’x (5.7)

Rappelons que &} (x,z) a été défini par (2.15) comme la variation de la permittivité relative
linéaire <A€(r1 )Ag(r2 )> =0, (r1 )5(r1 -r, ), et 1) (x) est la fonction du mode guidé, normalisée
telle que I |¢1 (X)|2d2X =1. Comme pour les bruits de Langevin au chapitre 2, Eq. (2.83)-
(2.85), nous pouvons négliger sans risque les termes oscillant trés rapidement, sin(44,z,) et
cos(4,Bmz1) dans (5.4) et (5.5). Ainsi, le coefficient p devient une variable CCG de moyenne
nulle, et sa fonction de corrélation peut s’écrire comme

<p*(Z1 ),0(22 )> = 7R5(Zl - Zz) (5.8)

Cette relation bien connue a déja été proposée phénoménologiquement dans les littératures

[41[51[6].

5.1.2 Quelques expressions analytiques — vérification du modele

Figure 5.1 — Semi-surfaces d’équi-intensité du champ lointain rayonné par un dipdle
électrique ou créé par la diffusion Rayleigh. La polarisation du dipdle ou du champ plain

incident est indiquée par les fleches dans la figure.

Il est bien connu que la diffusion Rayleigh dépend de la polarisation [1][2][7]. C’est la raison
pour laquelle nous avons utilisé un modele vectoriel pour décrire les effets de diffusion

Rayleigh au chapitre 2. Sur la figure 5.1, sont montrées les surfaces d’équi-intensité du champ
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lointain créé par la diffusion Rayleigh, ou une onde plaine est incidente sur un objet de taille
bien inférieure a la longueur d’onde. Ces surfaces sont en fait équivalentes aux celles du
champ lointain rayonné par un dip0le électrique ayant la méme polarisation que le champ
incident. En fait, la diffusion Rayleigh peut étre décrite en termes de dipoles électriques du
milieu, excités par le champ électromagnétique incident [2][6]. Lorsque le milieu est
parfaitement homogene, les rayonnements des dipoles interferent d’une maniere destructive,
sauf dans la direction de propagation du champ incident. Les inhomogénéités du milieu
introduisent en fait des déphasages détruisant ces interférences destructives. Ainsi, le champ
incident est diffusé dans d’autres directions.

Avec D’analyse vectorielle, nous avons montré dans le chapitre 2 que le coefficient

d’atténuation di a la diffusion Rayleigh dans la fibre monomode s’écrit comme

a, =—j x)Im G (r,r)p, (x)o? (z,x)d*x (5.9)

ol G(r,r') est la fonction de Green définie par (2.24). Dans les fibres 4 guidage faible, nous
pouvons négliger la différence entre les indices de réfraction du coeur et du gaine de fibre
[1][2]. Ainsi, (2.24) devient

(V2 + k202 + ik, )G(r,r') = IS (r - 1) (5.10)

avec V- G(r,r’) =0et n, étant constant. La solution de (5.10) a déja été trouvée [8], et nous

avons

Im G(r.r) = ke | (5.11)
6

L’expression analytique pour le coefficient d’atténuation de diffusion Rayleigh s’écrit alors

3
a, = 6ﬂ'ﬁ .ﬂgz‘)l “0(z, x)dzxz@c“oﬁ(z)ﬂ_4 (5.12)

ou ¢, (x) est le profil scalaire normalisé du mode guidé et G_Z(z) est la variation moyenne vue
par le mode. Puisque nous avons nk,=/f,, ce résultat montre que le coefficient
d’atténuation Rayleigh est proportionnel 2 A, ce qui un résultat bien connu [9].
Généralement, la rétrodiffusion Rayleigh peut étre considérée comme un processus ol une
partie du signal est diffusée en dehors du mode guidé, ce qui produit 1’atténuation de la
diffusion Rayleigh, et au méme temps, une petite portion du signal diffusé est re-capturée

dans le mode guidé en se propageant dans le sens inverse du signal. Le coefficient de
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rétrodiffusion Rayleigh est donc proportionnel au coefficient d’atténuation de rétrodiffusion

Rayleigh, avec un facteur S,, dit le facteur de récapture, défini comme [1][2][4]

Ve = SR, (5.13)

Avyant obtenu les expressions analytiques des deux coefficients, nous pouvons trouver celle du

facteur de ré-capture comme

¥ IO- X X
S, ="1& = (5.14)
ala Zﬂwk jo-A X 1 X X

Dans le cas d’une symétrie circulaire, nous pouvons réécrire 1’expression ci-dessus comme

3 I |¢1 )| r z)rdr
- 4Bk J- |¢ O'A 7,z rdrjO |¢1(”)| rdr

(5.15)

ou nous avons utilisé “qﬁl (X] d’x =1. Si nous considérons maintenant approximativement la

fonction du mode guidé comme gaussienne

et O'i comme constant, nous trouvons

2
3 3 A 3L
S, = == = , avec =,/ lk, 5.16
K 28 k. n, we 8( ] 2 e Moo ( )

T Ny W, 87 nyy Aeﬂ

Le facteur de re-capture est donc inversement proportionnel a la surface effective du mode
guidé. En pratique, il prend les valeurs d’ordre de 1.5x10~ a 1555nm parmi les fibres SMF.
Il est a mentionner que cette expression a déja été trouvée, d’une maniere différente de la
notre [1][2], et largement acceptée [4]. Cela montre alors la consistance de nos analyses
théoriques. Finalement, il est intéressant de noter que si nous ignorer la nature vectorielle de
la diffusion Rayleigh, la version scalaire de (5.11) nous donne Im G(r,r)= n,k,14r.
Utilisant ce résultat pour évaluer le facteur de ré-capture, nous trouvons une valeur 3/2 fois
moindre. En fait, ce résultat a aussi été déja proposé [10], ou la dépendance de polarisation de

la diffusion Rayleigh était évidemment négligée.

5.1.3 Equations de propagation des densités spectrales de puissance

La transformée de Fourier temporelle de (5.1) nous donne
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azé+ (Z, a))eiAﬁwz = % g(Z )A+ (Z9 w)eiA/Bmz + p(Z )eZiAﬁwz A (Z, a))e_iA’B“)Z + E+ (Z, a))emﬁwz
(5.17)
0.4 ok =L g0 ok p (AL 0 F o)

ou AB, =B, — B, estladifférence des constantes de propagation aux différentes fréquences.
Ces deux équations de propagation couplées linéairement peuvent étre réécrites sous la forme

plus compacte comme

0.V(z,w)=H(z,0)V(z,0)+ F(z,0) (5.18)
ol
Lo F (z.0) et
V(z,0)= G(Z) , F(z,0)= Gle) | (5.19)
O G(z)e™ F_(z,01G(z)e™™
et
0 ple) e
H(z,0)= G(z) (5.20)
P (2)G(z)e > 0

Maintenant, les bruits de Langevin F, et le coefficient différentiel de rétrodiffusion Rayleigh
p étant delta-corrélés en z et indépendants, nous pouvons définir deux processus de Wiener

infinitésimaux [11], dH(z, @), dF(z, ®), dont les 2°™ moments non-nuls sont

<dHl (Z, a)l)dH: (Z, (()2 )> = 7/RG_2 (Z)eZi(Aﬁml A )ZdZ
<dH2(Z’ a)l)dH;(Z’ a)Z )> = _7RG2( ) - Aﬁml Aﬁm ZdZ (521)

(dF(z, @ )JF" (2. @,)) =ha,(1+77, )C, P, Z)(G‘l (2) O(Z)jg(a)1 - ,)dz

0 -G

ou

(5.22)

dH(z, w) = (

0 dH, (z, a))
dH, (z,a)) 0 ]

Alors, au sens de Stratonovich, nous avons [11]
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dV(z, w)=dH(z, a))V(z + d—; a)j +dF(z, ®) (5.23)

et donc

d(V(@)V'(@,)) = <dH(a)1 Y V(@)V'(0,))dH (o, )> +(dF (@, JdF" (e,)) (5.24)
Nous trouvons alors

£ (08 el0) AL e 1)

< (5.25)

= 7R<Ai (Z’a)l)A; (Z’a)z )> +h0)0(1+ ﬁq )CRPp (1)5(0)1 - 0)2)

Supposant que Ai(z,t) sont stationnaire dans le domaine du temps, et que les densités
spectrales de puissance sont définies comme

S.(z.) = TF|(A, (z.7)4: (2.0))[@) (5.26)

nous trouvons alors a partir de (5.25)

ia%si (z.0) = g(2)S, (2. 0)+ 7S (2. 0) + e, 1+ 7, JC, P, (2) (5.27)
Ainsi, nous constatons qu’en moyenne, le spectre du bruit de double rétrodiffusion Rayleigh
est identique en forme a celui du signal. Il est a mentionner que ces équations de propagation,
obtenues directement de (5.1), ont déja été proposées phénoménologiquement [12].
Maintenant, il est intéressant de regarder de pres la propagation du bruit intrinseque
quantique engendré par les amplificateurs Raman, en présence de rétrodiffusion Rayleigh.
Pour I’élucider isolément, nous allons supposer qu’il n’y ait pas de signal a I’entrée de
I’amplificateur. Evidemment, le signal subit aussi la rétrodiffusion Rayleigh, et ceci fera
I’objet de la section suivante. Les états des entrées, dans les deux directions, sont alors ceux
du vide. D’apres la discussion du chapitre 4, les densités spectrales des bruits intrinseques

engendrés dans les deux directions de propagation peuvent donc s’écrire comme

Si(z.0)=S,(z.0)+haw, 2 (5.28)

Remplacant I’expression ci-dessus dans (5.27), nous obtenons

ha,
2

o . . i _
£ Sh =88y 1Sy + (1427 )P, + (@, - 7,)] (5.29)
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Comparée avec (3.114) et (4.16), nous voyons qu’a part les termes de couplage de
rétrodiffusion Rayleigh, le bruit d’atténuation est proportionnel a &, — 7, au lieu de «, . Bien
que négligeable pour les fibres de télécommunication, cet écart a une signification physique
importante. En fait, dans I’une des deux directions, une partie proportionnelle a ¥, dans perte
totale, est couplée a I’autre direction, et cette perte peut étre re-couplée de nouveau dans la
direction originale. Le coefficient &, — ¥, ne vaut que pour les vraies pertes, ¢’est-a-dire qui
sont irréversibles. En effet, les deux modes guidés se contra-propageant dans les deux
directions appartiennent tous les deux au sous-systéme qui nous intéresse, montré sur la figure

1.1, et le couplage direct entre eux ne donne pas lieu a un couplage aux fluctuations du vide.

1 e
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. g 107
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(c) Spectre co-directionnel (d) Spectre contra-directionnel

Figure 5.2 — Résultats de simulation sur I’évolution des spectres optique dans un amplificateur

Raman, avec co-pompage (a) (b), ou contra-pompage (c) (d).

Dans I’annexe B, nous avons montré un programme de simulation pour (5.27), basé sur la
méthode BVP4C dans Matlab, ou la déplétion de pompe, ’interaction entre toutes les
composantes spectrales et les dépendances fréquentielles sont prise en compte. BVP4C est
une méthode puissante que nous voudrions recommander pour les problémes bidirectionnels.
Ce programme peut aussi étre utilisé pour simuler les lasers Raman a fibre. Figure 5.2 montre

des exemples de résultats de simulation sur I’évolution des spectres optiques co- et contra-
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directionnel, ol la pompe et le signal sont respectivement a 1455 et 1555 nm. Avec ce
programme, nous pouvons aussi calculer le gain et le facteur de bruit en présence de la
rétrodiffusion Rayleigh, ou le gain Raman et la densité spectrale du bruit ASE a la fréquence

de signal peuvent s’évaluer comme

L
G, = exp(CR.[ [Pp+ (z)+ P_ (z)]dz) (5.30)
0
S 5 (L, ®,) 1[S (Lo, +Aw)+ S, (Lo, - Aw)) 5.31
ase\L» @Oy _E ase\Lo O + AD)+ 5 45 \L, O, — A (5.31)
45r 125 40 125
40t 4ol
35t 120 {20
30t
30 .
N 5 2 g = 15 %
c 25t < c g
5 8 5 20¢ e
£ o0l ? @ 7
8 0z 8 s} 103
15} @ ke
10 . 10 .
5 5
% 61 o2z 03 04 05 06 07 08 03 1 % 01 02 03 04 05 08 07 08 09 1
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g B8 2
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(c) contra-pompage et P,,=0 dBm (d) contra-pompage et P,=10 dBm

Figure 5.3 — Résultats de simulation sur le gain Raman et le facteur de bruit en fonction de la
puissance de pompe injectée, dans une 100 km de fibre Truewave-RS™, avec (a) (b) co-
pompage et (c¢) (d) contra-pompage, et différentes puissances de signal injectées, P, .
Parametres : 4, = 1455/1555 nm, 7, = 0.8x107 km", «,,, = 0.21/0.25 dB/km, et
Cr=0.73 W'km™.

avec Aw étant la résolution spectrale. La figure 5.3 montre des résultats de simulation sur le

gain Raman et le facteur de bruit en fonction de la puissance de pompe injectée, dans une
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100 km de fibre Truewave-RS™. Nous constatons que pour les hautes valeurs du gain
Raman, la saturation de pompe est renforcée par la rétrodiffusion Rayleigh. Quand la
puissance de signal est relativement €élevée, la pompe est saturée par le signal et la génération
de ASE est réduite. En revanche, quand la puissance de signal est relativement faible, c’est
plutdt le bruit ASE sur tout le spectre, renforcé par la rétrodiffusion Rayleigh, qui sature la

pompe.

5.2 Théorie vectorielle sur la double rétrodiffusion Rayleigh

Jusqu’ici, nous avons toujours utilisé 1I’approximation scalaire des champs optiques dans les
fibres monomodes. En fait, a cause de la symétrie circulaire du guidage, il y a deux modes
guidés dégénérés en polarisation dans les fibres optiques monomodes dites standards. Ceci
dit, il n’y a jamais de symétrie circulaire parfaite dans les fibres. Cela conduit a I’effet bien
connu sous le nom de dispersion modale de polarisation (PMD, Polarization Mode
Dispersion) [9], ol les deux modes de polarisation different 1égerement par leur constantes de
propagation. Généralement, c’est un phénomene aléatoire, se manifestant par la présence des
biréfringences aléatoires dans la fibre. Dans 1’approximation d’un guidage faible, les vecteurs
du champ électrique guidé dans les fibres monomodes sont supposés approximativement dans
le plan transverse. Nous pouvons alors remplacer les enveloppes vectorielles lentement
variables par les vecteurs de Jones, colonnes 2D, noté par A ﬂ(z,t): ‘Aﬂ (z,t)> et ’effet de

PMD peut étre décrit au 1 ordre comme [13]
3.|A()) = —% £(z)-6|A2)) (5.32)

ou E(z) est le vecteur de biréfringence, un vecteur de Stokes (3D), réel et aléatoire, et
G =06, +06,6, +6,¢, avec 6, et ¢, qui sont respectivement les matrices de Pauli et les
vecteurs de base dans I’espace de Stokes [14]. L’effet PMD a deux conséquences nécessitant
des études spécifiques pour les amplificateurs Raman a fibres optiques. L’une est la rotation
relative de 1’état de polarisation de pompe a celle de signal, et c’est ce que nous allons étudier
au chapitre suivant. L’autre est 'impact sur 1’état de polarisation du bruit de double

rétrodiffusion Rayleigh.

5.2.1 Filtre vectoriel de double rétrodiffusion Rayleigh

Nous supposons que les pompes Raman sont dépolarisées, ce qui est en fait toujours
nécessaire en pratique pour les raisons que nous allons voir au chapitre suivant. Puisque la
biréfringence de fibre ne fait que tourner 1’état de polarisation, et que la pompe Raman
dépolarisée ne crée que du bruit ASE dépolarisé, nous supposons que la biréfringence de fibre

n’a pas d’impact sur 1’état de polarisation du bruit ASE. Ainsi, nous allons I’ignorer dans
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cette section. En prenant en compte de la biréfringence de fibre, nous pouvons allons écrire

les équations de propagation dans le domaine fréquentiel comme

_5 i - iAB,z — iAB,yz
(a oy 6)|A+>e plA e

(5.33)
(_az _i +LB . 6)|A_>e_iAﬂmz — _p4< A+>e_iAﬂmz
22
Nous définissons cette fois deux matrices d’évolution comme
d U, (z)= (,6 &)U, (z), avec U, (0)=I (5.34)

Puisque tr[,é -6] =0, nous avons dz|Ui (z)| =0. En plus, nous constatons facilement que
d, [Ul(z)Ui (z)]: 0. Alors, nous trouvons U} (z)Ui (z): I et |Ui (zl =1, ce qui implique que
ces deux matrices d’évolution sont unitaires. Apres définition de deux nouvelles fonctions

vectorielles d’enveloppe comme
A, (z.0)) = U, (2) A, . (z, @)™ (5.35)

nous réécrivons (5.33) sous le forme

) (5.36)
0. +34)| 4, (0= p OV ()4, 0)e

avec V(z)=U!(z)U_(z). Ainsi, dans D’approximation du 1% ordre, et négligeant les

réflexions discretes, nous trouve a la sortie de I’amplificateur
4. (L @) ~ U (L)] 4, (@) +] 4 ey ()] (5.37)
ou
|4, (@) ={G(L) A, (0, @)e ™ (5.38)
est le signal transmis directement et est aligné avec le signal en entrée, et
| Ay (@) = H i (0) A, (o)) (5.39)

est la partie du bruit de double rétrodiffusion Rayleigh (DRB, Double Rayleigh Backscatter-

ing) avec



RETRODIFFUSION RAYLEIGH DANS LES AMPLIFICATEURS RAMAN 110

H,,, (@)= 7’;L I- j j pz)p’ (x)% > 2V ()W (x) dudz (5.40)

Equation (5.39) implique que nous pouvons considérer le bruit de DRB comme une réponse
linéaire au signal transmis directement. La matrice H,, (w) peut alors étre considérée
comme un filtre que nous allons appeler le filtre DRB. C’est un filtre aléatoire dont la
moyenne est nulle, <HDRB(a))>=0, grace au 1% terme a droite de (5.40). En utilisant
I’approximation Af, = /v, , nous trouvons la matrice d’autocorrélation du filtre DRB

comme
<HDRB (a)l )HTDRB (0)2 )> =Ky (a)l - 6()2)1 (5.41)

avec la fonction scalaire d’autocorrélation

2 i(1G (x ) LW — W,
K(a)—a)):y.” exp| 2i (z—x) |dxdz
rR\W p) R ) GZ(Z) v, 5.42)
ZVZ.TJZ-GZ(Z)exp —2i——2(z-x)|dxdz |
i 00 G? (x ) Vs
e p < ‘ : ko3 )
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Figure 5.4 — Le coefficient de diaphotie de DRB en fonction du gain Raman et du pourcentage
du co-pompage d’un amplificateur Raman composé de 100 km de fibre. Parametres :
Ve = 1x107 km™, @, =0.2/0.26 dB/km, A, = 1455 /1555 nm et Cg = 0.69 W 'km".

slp s/ p

Dans la suite, nous allons écrire K, = K R(O), qui est appelé couramment coefficient de
diaphotie (Crosstalk) de DRB [3][4]. Sur la figure 5.4, nous montrons un exemple de

coefficient de diaphotie de DRB en fonction du gain Raman et du pourcentage du co-pompage.
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Nous voyons que la diaphotie augmente rapidement avec le gain Raman, et elle est symétrique
par rapport a la ligne de 50% de co-pompage, ou la génération de DRB est le moindre.

Définissons maintenant deux transformées de Fourier inverses comme
h s (1) = TF ' [H,,,, (@)] (1) et & (2)=TF'[K, (@)](7) (5.43)
Alors, (5.41) implique que nous trouvons

(0 (1 005 (1)) = K )02, = 1,)X (5.44)

ce qui signifie que la réponse impulsionnelle du filtre DRB, h,, (t), est un processus
stochastique delta corrélé et non-stationnaire. Nous pouvons de plus constater que la fonction
kg (t) ne peut prendre des valeurs non-nulles que dans I’intervalle du temps 0 <t < T, ou
T, =2L/v, est le temps nécessaire pour que le signal puisse faire un aller-retour dans la
fibre. En fait, cette propriété vient directement de la réponse impulsionnelle de DRB, h,,, (),

qui doit 2 la fois étre causale, h ., (r <0) =0, et avoir une durée inférieure a Tk.

, N
\ S5+ Spse* Sprs
Sase*Sprs { \ N

ASE

< 8,otS

ASET®DRB >

Spectre optique en dB (u.a.)

SDRB >

Longueur d'onde (u.a.)

Figure 5.5 - Illustration schématique des différents spectres optiques a la sortie d’un
amplificateur Raman en présence de rétrodiffusion Rayleigh

Dans la section 5.1.3, nous avons montré qu’en moyenne, le spectre du bruit DRB est
identique en forme a celui du signal. Mais, (5.41) implique qu’en fait, a y regarder de pres,
nous pouvons constater qu’il doit y avoir des fluctuations tres rapides en fonction de longueur
d’onde, illustrées sur la figure 5.5. Ceci peut étre considéré comme un phénomene de speckle
dans le domaine fréquentiel et s’expliquer par la nature aléatoire du coefficient différentiel de

rétrodiffusion Rayleigh. Le spectre du bruit DRB varie de plus aussi dans le temps, du fait que

? Mais, c’est un processus quasi-stationnaire par rapport au signal. Les fluctuations les plus rapides sont estimées
de I’ordre de ms.
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la biréfringence de fibre varie temporellement” [15]. La corrélation de ces fluctuations en
fréquences est la fonction K, (a)1 - (02). La largeur fréquentielle de cohérence de ces
fluctuations peut alors étre estimée 8 Aw=2/T =v /L. Dans les amplificateurs Raman, elle
prend les valeurs typiquement d’ordre de kHz. Comme la largeur spectrale du laser de signal
est généralement largement supérieure a cette valeur, il est 1égitime d’approximer le spectre

du bruit DRB par sa moyenne.

5.2.2 Propriétés de la polarisation de la double rétrodiffusion Rayleigh

Afin de déduire I’expression analytique de la matrice de cohérence du bruit DRB (5.41), nous

devons d’abord évaluer I’expression suivante

LE G2 (x)

<HDRB (@)oH ((0)> = 71§IJ.

(V()V' (x)V (x)V'(2)) dadz (5.45)

Il est bien connu que les groupes SU(2) et SO(3) sont isomorphes et que les matrices de Jones

2D unitaires, Ui(z), sont reliées aux matrices de rotation 3D, R, (z), par [14]
R, ()6 =U.(z)oU.(2) (5.46)
ce qui implique que nous avons en plus
R '(z)6 =RI(z)6 = U, (z)6U](z). (5.47)
Ainsi, nous pouvons trouver
V(z)V (x)6V(x)V'(z) = RI (x)R_(x)R" ()R, (z)6 (5.48)

et, a I’aide de la relation [14] : [cl,cm] =2ig,, 0, ,avec £, ¢étant le symbole de Levi-Civita,

Imn

I’équation d’évolution de ces matrices de rotation est trouvée comme

—

d R,(z)=+pxR,(z), avec R,(0)=1 (5.49)

ol fx est écrit sous forme matricielle

0 - ;53 182
px= g 0 =B (5.50)
- ,Bz 161 0

Définissant maintenant la matrice de réflexion dans I’espace de Stokes
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1 0 O
M =01 0 (5.51)
0 0 -1

qui ne change que la composante circulaire d’un vecteur de Stokes [4][16], nous constatons

que, si la biréfringence est linéaire, c’est-a-dire S, =0, nous avons
M, B, xM, = —f, x (5.52)
Ainsi, puisque M M =1, nous trouvons
d,M,R.M )=+M g, xM M R.M, =F5, x(M,R,M ) (5.53)

Tenant en compte de M, R, (0)M, =1, nous trouvons finalement

R.(z)=M,R,(zM (5.54)

c’est-a-dire que nous avons
V(z)Vi (x)eV(x)V'(z) = RT(x)M R, (x)R"(z)M R, (z)6 (5.55)

Dans la suite, nous allons retenir cette hypothese de biréfringence linéaire 5, =0, qui est en
effet justifiée parce que la biréfringence circulaire de la fibre est généralement due soit a la
torsion soit au champ magnétique appliqué de I’extérieur, et que ces deux facteurs peuvent
tous étre éliminés ol bien réduits en pratique. D’autant plus que cette hypothese nous donnera
le résultat largement reconnu 3,

En plus, nous allons négliger 1’autocorrélation <R+ (x)RI (z)>, car la longueur de cohérence

de la matrice de rotation est bien inférieure a la longueur effective de fibre. Ainsi, nous avons
(V(V'(x)}eV(x)V'(2)) = (RT(x)M, R, (x))(RY ()M, R (2)})& (5.56)

La matrice de rotation R, (z) est un processus stochastique non-stationnaire. Ceci dit, nous
constatons qu’en général, elle atteint rapidement, sur quelques centaines metres de
propagation, son régime asymptotique ou ses propriétés statistiques ne s’évoluent plus en z.
Alors, si nous écrivons R} = (51 c, 53), nous pouvons considérer approximativement que
tout au long de la fibre, ces vecteurs aléatoires, ¢,, colonnes unitaires de Stokes, se

distribuent uniformément sur toute la sphere de Poincaré. Nous en déduisons <EkEkT > =1/3 et

? En fait, & notre connaissance, ’auteur du 1" article largement cité [16] sur I’étude des propriétés de polarisation
en présence de la rétrodiffusion Rayleigh, a fait la méme hypothese en déclarant:

“ Because optical fiber is reciprocal, the Mueller matrix for backward propagation is the transpose
of the Mueller matrix for forward propagation...”
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donc

. I
(RI(:M, R, (2)) =T-2(¢]) = 3 (5.57)
La remplagant dans (5.56) et puis dans (5.45), nous trouvons
[ 1 _
<HDRB (a))oH‘DRB (w)> :§KRG (5.58)

Donc, si le signal transmis directement est statistiquement stationnaire avec une matrice de

cohérence de la forme

LA, (A 0))= S R, -0 +5-5, -1, (559)

ol R,(r, —t2)=<AL(t2) A (1, )> et S,(t,—t,) représente I’état de polarisation, nous trouvons

dans le domaine des fréquences

E[| ADRB (a)1 )><ADRB ((02 )|] = %<HDRB (a)1 )[BL ((01 )I +6- §L (a)1 ) I)RB (w1 )>5(w1 -, )

X 1 (5.60)
- R (@) o -5.0) o -0)
et, finalement, nous arrivons a 1I’expression suivante
K, 1. =
E[| ADRB (t1 )><ADRB (tz )|] = 7 RL (tl -1, )I +§° ’ SL (tl -1, ) (5-61)

Cette expression qui implique que le bruit DRB a la méme état de polarisation et son degré de
polarisation n’est que 1/9 de celle du signal. En supposant de plus que la polarisation du

signal en entrée soit linéaire, c’est-a-dire S, (r)= [RL (7),0,0], nous trouvons

1 0
Bl A, 601 R, ] 5.6
5/9 0
E[| Apgs (tl )><ADRB (tz )|] =KiR, (tl -1, )( 0 4/9j (5.63)

et nous voyons donc qu’il n’y a que les 5/9 de bruit DRB qui puisse se battre avec le signal,
un résultat largement reconnu [4][6][16]. Dans la suite, nous allons assumer que la

polarisation du signal en entrée soit toujours linéaire pour la simplification.
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5.3 Estimation de I’impacts combinés de I’ASE et du DRB sur les
performances des systemes

5.3.1 Propriétés statistiques du bruit total

Nous considérons le champ optique comme classique. Le bruit total est donc la somme des
bruits ASE et DRB

|AB> :|ADRB>+|AASE> (5.64)

Comme nous avons montré, le bruit ASE subit aussi de la rétrodiffusion Rayleigh, mais, en
tant que bruit dépolarisé, il est exonéré des effets de la biréfringence de fibre. Il a été
également montré au chapitre 4 que dans le cas classique, le bruit ASE peut étre considéré
comme un bruit blanc de moyenne nulle, et trait¢é comme une variable CCG. Quant au bruit
DRB, nous savons pour I’instant qu’il est une réponse linéaire du signal directement transmis.

Généralement, nous pouvons exprimer ce dernier comme une suite de bits aléatoires :

A1) =2,

profil vectoriel des bits, décalé d’un bit a I’autre d’un temps de bit T, . Nous pouvons alors

X n(t)}, ou ¢, est une matrice de Jones, aléatoire et discrete, et |X n(t)> est le

écrire le bruit DRB comme

x ) (5.65)

|ADRB (t)> = Z[hDRB ® C,

Puisque la fonction de réponse impulsionnelle h,, est delta corrélé en temps et posséde une
durée temporelle généralement largement supérieur au temps de bit, 7, >>T,, nous voyons
que le bruit DRB est une somme d’un trés grand nombre de variables aléatoires
indépendantes. Selon le théoreme de la limite centrale [17], ceci signifie que le bruit DRB
peut aussi étre considéré comme variable CCG. La différence entre ASE et DRB, est que ces
bruits sont, respectivement, blanc dépolarisé et coloré polarisé. Le bruit total est donc

statistiquement une variable CCG de moyenne nulle de la matrice de cohérence donnée par

R(-1,) 0 J

0 Ry (t1 - tz)

E[ A, (1)(4, (1, )1 = [

(5.66)

5/9 O
= SASE5(t1 _tz)I + KRRL(tl _tz)( J

0 4/9

ou la densité de spectre ASE peut étre calculée en utilisant (5.27). La forme diagonalisée de
(5.66) nous implique que les bruits sur deux polarisations sont statistiquement indépendants
en tant que variable CCG [17].
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5.2.2 Impacts combinés de I’ASE et du DRB sur le taux d’erreur binaire

Le fait que le bruit DRB soit une variable aléatoire CCG permet une analyse semi-analytique
sur le taux d’errer binaire (BER, Bit-Error-Rate). La configuration de photo-détection directe
est celle que nous avons présenté sur la figure 3.5 du chapitre 3. Nous allons la simplifier en
supposant que le photo-détecteur peut étre considéré comme idéal, et donc tous les autres
bruits sont supposés négligeables. Son signal de sortie n’est que la simple réponse a la

puissance du champ optique incident sur le photo-détecteur

A (7)) dr (5.67)

4

V0= [ H o)A, 0

avec

|A)=H,®|A (L) =U,(L)H, ®[|A,)+|A,)1) (5.68)

qui est le champ optique total filtré par le filtrage optique. Nous voyons que le rendement
(5.67) est indépendant de la matrice U+(L). Il est donc la somme des deux contributions,

V()= V. (t)+ V. (t), dont chacune peut s’écrire sous la forme

Vi(6)=[[ At —2)K(z,.7,)A (e - 7, ) d7dz, (5.69)
9{2

ou A, est la composante du vecteur de Jones du champ optique total |A+ (L)> a la sortie de

I’amplificateur, et le noyau d’intégration est donné par

K(fvfz): jioHo (71 _T3)HT (T3)Ho (72 _73)d73 (5.70)

Nous pouvons obtenir maintenant un groupe de fonctions propres a ’aide de 1’équation

intégrale de Fredholm du seconde type [18]

IK(T1’72)¢n(72)d72 :ﬂ’n¢n(2—1) (5.71)

—oco

Le noyau d’intégration (5.70) étant réel et symétrique, les valeurs propres, 4, , sont réelles, et

les fonctions propres, @, , constituent une base complete et orthonormale [18], telle que

[,2.@p,(@)dr=36,, et 3.0,(2)9,(5,) =5z -7,) (5.72)

Sur cette base, nous pouvons alors décomposer les deux composantes vectorielles comme
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Al—-7)=Y A, 0, ()= IS, (O+N,,Ole,() (5.73)

ou §,, et N, sont les projections du signal et du bruit. Le bruit étant CCG, il est facile de
vérifier que ses projections le sont aussi. En supposant que le signal soit connu a 1’instant ¢,

les projections constituent alors d’un vecteur colonne aléatoire CCG , Zlk (t)=S . (t)+ N ‘ (), de

moyenne S, (r) et dont la matrice hermitienne de covariance C , est donnée par

Cim = E[Nk,nNZ,m ] = ” ¢’: (T1 )Rk (Tl -7 )¢m (Tz )dT1d72 (5.74)
ER:

oll R, est défini dans (5.66). Alors, la densité de probabilité du vecteur A, est donné par [17]
fe (Ak ) = det”'[z C, ]exp[— (Ak‘ -5 )C/Zl (Ak -5, )] (5.75)

Finalement, nous réécrivons le rendement en terme du produit intérieur de ce vecteur aléatoire

comme

Vi(e)= [[ At —7)K (z,,7,)A (e~ 7,)dz,dz, = AL (1)AA(¢), avec A,, =4,5,, (5.76)

ERZ

Nous avons déja obtenu la fonction génératrice des moments du rendement total classique
dans le chapitre précédent (3.101). Puisque la polarisation du signal est linéaire, nous avons :
;lx =5+ N, et ;\y =N ,- De plus, les bruits sur les deux polarisations sont statistiquement
indépendants. Ainsi, nous pouvons écrire la fonction génératrice et trouver, avec le calcul
donné dans I’annexe C, son expression analytique a I’aide de la densité de probabilité (5.75)

sous la forme

(1, ) = BlexplsssA! ())AA, (e )1]ElexplsuA (r)AA, (1))

_ explsuS ()= suAC, )" AS(1)
det[I-suAC, ]det[I— s,uACy]

(5.77)

La forme matricielle de cette expression est donnée en vue de la simulation numérique.
Comme la valeur propre A, décroit, en général, exponentiellement, une bonne précision est
envisageable avec une dimension matricielle modérée. Cette expression est légerement
différente que celles dans les littératures [19][20]. Cci est dii au fait que nous avons pris en
compte dans notre modele non seulement I’ASE mais aussi DRB. Puisque ce premier est
blanc et dépolarisé, les deux matrices de covariance de bruit sont identiques et diagonalisées.
Dans ce cas-1a, nous pouvons vérifier que 1I’expression se simplifie et redonne le résultat déja
obtenu ailleurs [19][20]. Avec (5.77), et utilisant log(det[I-suAC, | )= det[log(-suAC, )],

nous pouvons trouver le moyen et la variance du rendement comme
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‘—/(t): a(D(t, S)

os

= ,u(tr[(Cx +C,)A]+57AS J

=ﬂjj{AL(t—mAz<t—m+ zzwl—mjK(q,fz)dm

®2 k=x,y

(5.78)

et

9% @(t, s)
o, ()= T

V()= ﬂz(ZSTACXAE +r[AC,AC, + AC,AC,] J

s=0

= 2;12” A (t-7)K(z,.7,)R (z, - 7,)K(z,,7,)A, (t — 7,)d7r,d7,drdT,  (5.79)
9'{4

+ ﬂZij K(Tp 7 )Rk (72 & )K(Tp Ty )Rk (74 - 2-1)‘12-1‘12-2‘12-3(174
kg4

Nous identifions tout de suite les termes des deux dernieres lignes de (5.79) comme les bruits
de battement signal-bruit et bruit-bruit.

Ignorant le taux d’erreur binaire lié a I’interférence d’inter-symboles [21], les densités de
probabilité du rendement pour les symboles ‘1’ et ‘0°, f, (v) et fo (v), sont les transformées de
Fourier inverses de ®(27is), étant donnés les fonctions de profil de ces symboles [17]. Une
fois obtenu ces densités de probabilités, le taux d’erreur binaire peut se calculer en supposant

que les deux symboles sont équiprobables par
BER = j f,(v)dv +lT f,(v)dv (5.80)
27 2

ou v, est le niveau de décision optimal [9] défini par fl(vo): fo(vv). Les calculs de
transformée de Fourier peuvent s’achever soit analytiquement en utilisant le théoréme des
résidus et la méthode de descente de gradient (Steepest Descent Method) [18], soit directe-

ment a I’aide de simulation numérique.

5.2.3 Un exemple

A titre d’exemple, nous allons maintenant utiliser les formulaires obtenues ci-dessus pour
évaluer le BER et la sensibilité d’un systeme a 40 Gbit/s au format RZ a 1555 nm constitué
d’un simple span de 100 km de fibre SSMF, utilisant amplification Raman distribuée et
contra-pompée. La pompe est de plus supposée non-saturée. La fonction d’auto-corrélation du
signal est donnée par [4][21]

RL(T)=PS{U(T)+ ZU(r—ntl)} (5.81)
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ou P, est la puissance moyenne de signal, et U (t)= jY(t—T)Y(T)dT/4 avec Y(r) étant le
profile du champ de modulation normalisé tel que I Y*(r)dz =1. Le filtre optique est de type
lorentzien de bande passante de 0.4 nm, f3gg = 50 GHz. Le filtre électronique est un filtre de
Butterworth [21] du 2°™ ordre avec figg = 30 GHz. Le profil d’impulsion du signal est
Gaussien en puissance avec une largeur temporelle a mi-hauteur de 6.25 ps, soit 1/4 de la
durée de bit. Le temps de décision est choisi au maximum du signal de sortie du circuit
électronique. Les densités de probabilité pour les symboles ‘1’ et ‘0’ sont calculées avec
(5.77) et la FFT numérique.

,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,,

—e—G,=100dB,SA.
9| --e-- G,=100B,AC |
—5—G,=200B,SA |
--B- G,=20dB,AG.|
—¢—G,=30dB,SA.
--¢-- G, =30 0B, AG |

Log, (TER)

7122 | | i i ;
-26 -25 -24 -23 -22 21 -20
Puissance de signal injectée (dBm)

(a)

= Semi-Analytique (S A)

===35 A sans Raylegih

— Approximation Gaussienne (A.G.)
---------- A G. sans Raylegih

10° (dBm)

Puissance de signal injectée pour TER

Gain Raman (dB)

(b)

Figure 5.6 — (a) BER en fonction de la puissance de signal injectée (b) la puissance de signal
injectée pour BER = 10” en fonction du gain Raman, pour 100 km de fibre SSMF avec les
paramétres: Cg = 0.42 W'km™, @, = 0.25 dB/km, @ = 0.20 dB/km and j% = 6.0 10°* m™".
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Les résultats de simulation avec la méthode semi-analytique (S.A.) sont montrés sur la
figure 5.6. Pour les gains Raman de 10, 20 et 30 dB, nous avons calculé le BER en fonction
de la puissance de signal injectée. En fonction du gain Raman, nous avons évalué, en plus, la
sensibilité, que nous définissons ici pour I’amplification Raman distribuée comme la
puissance de signal injectée 2 laquelle le BER vaut 10”. Pour comparaison, les valeurs
obtenues sans diffusion Rayleigh sont également montrées sur cette figure. Avec ces résultats,
nous voyons clairement qu’aux gains Raman tres élevés, Gz > 30 dB, la sensibilité est
sérieusement dégradée par la diffusion Rayleigh. Alors qu’aux gains Raman inférieurs a
20 dB, I'impact de la diffusion Rayleigh devient négligeable, ce qui correspond a la majorité
des cas pratiques. Finalement, nous avons également investi la méthode de 1’approximation
gaussienne (A.G.) sur les densités de probabilité [9], qui est largement utilisée en pratique

pour sa simplicité. Dans cette méthode, le BER se calcule comme [9]

BER = %erfc(g] , (5.82)

NG

ou erfc(x) est la fonction d’erreur complémentaire, et

V.-V
Q=—"—", (5.83)
O, +0,
10° : : :
q {|===f, exacte
1 | —,, exacte
107 |emeeeeees “*‘ ————————————————————————————————————————————————————————— f!l,A,G
g —1.AG

e mmdo

| - B B
1

Densité de probabilité

I I
02 0 02 04 06 08 1 12 14
Rendement

Figure 5.7 — Exemple de comparaison entre les densités de probabilité exactes et

approximées comme Gaussiennes avec le moyen et la variance des celles exactes.

est le facteur de qualité, avec V,,, et o,,, étant les valeurs moyennes et les écarts types de ‘1’
et ‘0’. Pour les calculer, nous pouvons utiliser (5.78) et (5.79). Sur les figures, nous
constatons que la méthode A.G. surestime systématiquement la sensibilité d’environs 0.3 dB.

Ceci montre la 1égitimité de 1’utilisation de cette méthode approximative en pratique. Comme
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le montre la figure 5.7, cette erreur systématique vient évidemment du fait que les densités de
probabilité réelles ne sont pas symétriques par rapport aux valeurs moyenne, car en absence
du bruit thermique du circuit électronique, le rendement ne peut prendre que des valeurs
positives. Les cercles marqués sur la figure désignent les positions du niveau de décision

optimal.

5.2.4 Pénalité de la rétrodiffusion Rayleigh sur le facteur de qualité

La rétrodiffusion Rayleigh est non seulement la cause du bruit de DRB mais elle augmente
aussi le niveau du bruit ASE. Pour évaluer sa pénalité sur la performance du systeme, nous
pouvons calculer la pénalité du facteur de qualité, qui peut étre définie comme le rapport des
facteurs de qualité sans et avec la rétrodiffusion Rayleigh, désignés respectivement par Q; et
Oy . En supposant que le bruit de battement domine, a partir de (5.78) et (5.79), le facteur de

qualité s’exprime comme

”X K (z,,7,)X/(t, —7,)dzd7,

(5.84)
\/ZUX t,—7,)K(7,,7,)R, (¢, —t,)K(z,,7,)X, (¢, — 7,)drd7,d r,d 7,

ou X, est le profil du champ correspondant au bit ‘1°, et 7, est I’instant optimal de décision.

Ainsi, la pénalité du facteur Q peut €tre exprimée, en décibels, comme
10
AQ (dBQ)= 1010&{3 J Slogm[l + AT g + AnDKRQij (5.85)
R

oU A7,y =S5/ Saseo—1 est le facteur d’exces de ASE, que nous définissons comme la
différence normalisée entre les densités spectrales de ASE avec et sans la rétro-diffusion

Rayleigh, et

”X K(z,,7,)R, (z, - 7,)K(z,,7,)X, (t—7,)dr,d7,d7,d7,
AR, = : . (5.86)

J-.[XL(I_ZH)K(TUTz)XZ(t_Tz)dfldfz

est une constante qui ne dépend que du format de modulation et la configuration de détection.
Sur la figure 5.8, nous montrons le facteur de renforcement de ASE et la pénalité sur le

facteur de qualité en fonction du gain Raman et du pourcentage du co-pompage. Pour calculer

le facteur de renforcement, nous avons assumé que la simple rétrodiffusion Rayleigh de ASE

domine. Ainsi, il peut étre calculé comme
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Lz
Niase =7, .[j
00

(5.87)

Gain Raman (dB)

i i I i i
10 20 30 40 50 60 70 80 90 100
Co-pompage (%)

(a)

Gain Raman (dB)
N
w

I I I
10 20 30 40 50 60 70 80 90 100
Co-pompage (%)

(b)

Figure 5.8 — (a) Le facteur d’exces de ASE en fonction du gain Raman et du pourcentage du
co-pompage d’un amplificateur Raman composé de 100 km de fibre ; (b) la pénalité du
facteur de qualité induite par la rétrodiffusion Rayleigh. A7, =0.2 et les autres

parametres sont identiques aux ceux de la figure 5.4.

Pour calculer la pénalité du facteur, le format de modulation et la configuration de détection
sont identiques aux ceux de la section précédente, ol nous pouvons trouver A7, =0.2. Sur la
figure 5.8 (a), nous voyons que, contrairement au coefficient de diaphotie DRB montré sur la
figure 5.4, le facteur d’exces n’est plus symétrique et est moindre pour la configuration de

pompage co-directionnel, et qu’il en est de méme pour la pénalité du facteur de qualité due a
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la rétrodiffusion Rayleigh. La figure 5.8 (b) montre clairement que le pompage bidirectionnel
avec 50-60% de co-pompage est tres intéressant compte tenu de sa tolérance a la
rétrodiffusion Rayleigh.

5.4 Conclusion

La diffusion Rayleigh est un processus dépendant de la polarisation. Dans ce chapitre, nous
avons montré la consistance du modele sur la diffusion Rayleigh dans les fibres monomodes
établi dans le chapitre 2, et vérifier I’expression du facteur de récapture. Ensuite, nous avons
montré a partir de ce modele comment obtenir explicitement les équations d’évolution des
spectres optiques dans les deux sens de propagation. Avec un programme de simulation
numérique, il est montré que la pompe peut étre saturée aux hautes valeurs du gain, a cause de
la génération du bruit ASE renforcée par la rétrodiffusion Rayleigh.

Nous avons établi ensuite un modele plus complet pour prendre en compte I’effet de PMD
dans les fibres. Avec ce modele, le résultat bien connu sur les propriétés de polarisation du
bruit DRB est obtenu, mais sous la condition que la biréfringence de la fibre puisse étre
considérée comme linéaire. Si les propriétés de polarisation du bruit DRB sont largement
vérifiées expérimentalement en pratique, I’hypothese que la biréfringence des fibres optiques
soit pratiquement linéaire est vérifiée indirectement. Nous avons également montré que les
bruits ASE et DRB sont tous CCG, mais I'un est blanc et I’autre est coloré. En moyenne, le
bruit DRB a le méme spectre que le signal.

Avec ces propriétés, nous avons pu établir une méthode exacte et semi analytique pour
évaluer I’impact combiné des bruits ASE et DRB sur la performance de systéme, en terme de
BER, en présence de la rétrodiffusion Rayleigh. Sur un exemple d’application, nous avons
montré que la méthode d’approximation gaussienne est généralement adaptée pour calculer le
BER, en présence de la rétrodiffusion Rayleigh. Finalement, nous avons évalué analytique-
ment la pénalité de la rétrodiffusion Rayleigh sur le facteur de qualité. Il est montré
clairement que le pompage bidirectionnel avec 50-60% de co-pompage est tres intéressant

compte tenu de sa tolérance a la rétrodiffusion Rayleigh.
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Chapitre 6

Impacts des Bruits de Pompe sur le Signal

Dans les chapitres précédents, nous avons négligé les influences des bruits de la pompe sur le
signal. Pour compléter la description des performances en bruit des amplificateurs Raman, il
est nécessaire de les prendre en compte. Dans ce chapitre, nous allons tout d’abord établir un
modele vectoriel pour I’amplification Raman dans les fibres optiques. A partir de ce modele,
nous allons tout d’abord discuter I’influence de la pompe polarisée sur le signal et montrer
pourquoi il est nécessaire en pratique d’utiliser les pompes Raman dépolarisées. Nous allons
ensuite développer la théorie du transfert de bruit relatif d’intensité (RIN, Relative Intensity
Noise) de la pompe vers le signal [1][2]. Finalement, puisque les impacts de la dispersion
modale de polarisation (PMD, Polarization Mode Dispersion) [3][4] sont ignorés dans cette
théorie, nous allons établir un modele plus complet pour étudier les transferts de bruit de la
pompe vers le signal assistés par PMD. De nouveaux processus de transfert de bruit seront

mis en évidence, et leurs pénalités de systeme seront évaluées qualitativement.

6.1 Modele vectoriel d’amplification Raman dans les fibres

Au chapitre 2, nous avons établi un modele quantique scalaire pour 1’amplification Raman
dans les fibres optiques. Dans cette section, nous allons établir le modele vectoriel pour
I’amplification Raman dans les fibres optiques, ou les champs seront traités comme classique,
et les effets Kerr, et les diffusions Rayleigh, Brillouin et Raman spontanée seront temporaire-
ment ignorés.

D’apres le chapitre 2, prenant en compte de la diffusion Raman stimulée, I’équation de
propagation du champ électrique classique dans les fibres optiques s’écrit dans
I’approximation du guidage faible sous la forme

2

V2E(r,0)+ 2 &(r,0) E(r,0) = - 4,0 P, (r,0) 6.1)
C

ou P, (r,w) est la densité de polarisation Raman stimulée
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P,(r,1)=&,E(r,¢) j ay(r,r—1,)E(r,7, ) dr, (6.2)

qui est la réponse isotrope, nonlinéaire et non-locale dans le temps au champ électrique [4][5].
La réponse anisotrope est négligée pour simplification. Nous supposons que le champ
électrique guidé dans la fibre est constitué des champs de signal et de pompe, tous les deux

quasi-monochromatiques. C’est-a-dire, nous pouvons écrire

E(r,t) =E, (r,r)+ E, (r,7), avec E, (r,¢)= Aﬂ(z,t)gbﬂ (X)expi(ﬁﬂz - a)ﬂt)+ cc. (6.3)

ou U=s,p,et A T ¢ﬂ, ,6’# et @, sont, respectivement, 1’enveloppe vectorielle lentement
variable, la fonction scalaire de mode normalisée telle que _[ ‘¢ﬂ (X)‘zdzx =1, le constant de
groupe de propagation et la fréquence angulaire de la porteuse optique. Nous allons négliger
les contributions Raman aux effets paramétriques. Alors, de la méme maniere que pour le
champ électrique, la densité de polarisation Raman stimulée peut se décomposer en celle du

signal et celle de la pompe comme
P, (r,¢)= P (r,t)+ P (r,t), avec P, (r,r)= l_’ﬂ (z, t)expi(ﬂﬂz - a)ﬂt);bﬂ (x)+cc.  (6.4)

ou I_’ﬂ est ’enveloppe vectorielle, lentement variable, de la densité de polarisation Raman

stimulée. Remplacant (6.3) et (6.4) dans (6.2), nous trouvons

=y 2 0 —\o,—w 11, *
PS(Z’t):A_e‘OAp(Z’t)jaR(r’t_tl)e (oo, X 1)[Ap(z’tl)’AS(Z’tl)]dtl

2"’# ‘r°° (6.5)
l_’p (z,1)= A—gOAS (z,t)J-aR (r,t—1, )e_(wfw”)(t_tl)[Ai(z’tl )- A, (2.1, )]dtl
eff —co

ou nous avons défini la surface effective comme

6, (x)|p, (x) d*x 6.6)

Agzj

qui est pratiquement €gale a la surface du mode guidé. L’effet Raman dans les fibres optiques
a silice a un temps de réponse extrémement court, qui est égal a I’inverse de la largeur
spectrale de I’efficacité Raman et donc bien inférieur 2 la picoseconde (107% s). De ce fait,
sauf dans le cas d’impulsions ultra courtes, nous pouvons généralement faire sortir des

intégrales les produits scalaires des enveloppes dans (6.5) et écrire

P (z1)= j—RAP(Z,t)[A;(Z,t)'As(z,t)] et l_’p(z,t) = —%j—RAS(Z,t)[Aj(Z,t)' AP(Z,I)]

(6.7)
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avec ’efficacité Raman aux fréquences optiques de signal

")

8r — Imc—lR(a)p_ws) (6.8)

T BB

ou la partie réelle de a, (a)p —a)s) est négligée. Dans (6.7), nous avons déja normalisé les

enveloppes telle que leurs modules carrées deviennent les puissances optiques de signal et de
2

pompe,Pﬂ(z,t):‘Aﬂ(z,t) .
Dans I’approximation du guidage faible, les vecteurs de champ électrique guidé dans les

fibres monomodes sont supposés approximativement dans le plan transverse. Nous pouvons
alors remplacer les enveloppes vectorielles lentement variables par les vecteurs de Jones,
colonnes 2D, comme A ﬂ(z,t)z ‘Aﬂ (z,t)>. A partir de (6.1), nous pouvons ainsi trouver les

équations de propagation pour le signal et la pompe comme

A)

b, +v;at)|As(z,t)>=§(§_R\A,,><Ap\_aj
+a,,J\A,,>

(6.9)
(,0.+v;9,)

1( @
A, (z.1))= _E[ij_;| A N4,

ou v, et &, sont la vitesse de groupe et le coefficient d’atténuation, et e, =*1 pour le co- et
contra-pompage. Comme dans le chapitre précédent, nous allons prendre en compte la
biréfringence de fibre pour inclure I’effet de PMD dans notre modele. Le modele final de

propagation des vecteurs de Jones s’écrit alors comme

. +v9,) A ) =15, -6|A‘Y>+%[j—R‘AP><AP‘—04YJ A)

l
2 & (6.10)
+a,,]\ A)

(e,0.+v7'9,) B, -6|A‘Y>—E(&g—R|AS><AS

A,(z1) =~

2

ou ,B . est le vecteur de biréfringence, colonne 3D, aux fréquences de signal ou de pompe, et
6 est le vecteur de matrices de Pauli [6].
Dans la suite, il est plus commode d’utiliser les puissances optiques et les vecteurs d’état de

polarisation (SOP, State of Polarization) définis comme

CALEY

P,=(A,|A,) et 5, = 4, A)
|

(6.11)

Ce dernier est donc un vecteur Stokes unitaire sur la sphere de Poincaré [6]. Remplacant ces

deux expressions dans (6.10), nous trouvons
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0.+v9,)P =[c.P (1+5,5,)-a]P

4

(6.12)

ou 7, =@,/ @, etle coefficient effective d’amplification Raman est donc défini comme

Co=ga/24A, (6.13)

Nous voyons que la diffusion Raman stimulée ne dépend que de I’ orientation relative entre les
SOP de signal et pompe, et I’amplification du signal, ainsi que la déplétion de pompe
dépendant de 1’angle entre ces deux vecteur. L’amplification Raman est maximale quand ils
sont dans la méme direction, et nulle quand ils sont dans les directions opposées. En plus,
comme déja constaté dans [1], les termes s, ><(§5 xip) et s, x(ip xis) signifient que les
vecteurs unitaires s’attirent dans le processus de diffusion Raman stimulée. Nous pouvons
simplifier (6.12) formellement en introduisant deux trames de référence : 1’'une tourne de telle
maniere que le SOP de pompe ne voit plus la biréfringence de fibre et I’autre se propage a la

méme vitesse que la pompe. Ainsi, (6.12) se simplifie comme
©0.+8,3.)p =lc,p,(+5.5,)-a]p
(0.+8,9,)5, =b, x5, - C,P,5, %[5, x5,) (6.14)

9.P,=—¢n, C,P(1+5, 5, )+a,lP,

avece

-1 -1 N 15
B,=vi'—ey, eth,=R"(B -¢,B,) (6.15)

p

1 ére

ou R est la matrice de rotation de la trame de référence, évoluant comme

e, d R=/5 xR, avec R(0)=1 (6.16)

Nous allons appeler l;sp comme le vecteur de biréfringence relative. Il est a noter que s’il n’y
a que trois équations dans (6.14), c’est parce que nous avons ignoré le terme représentant
I'influence du signal sur le SOP de pompe, 77,C.P5, ><(§p ><§s). Cette influence

proportionnelle a la puissance de signal est généralement tres faible, d’autant plus que les
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fluctuations rapides en z du SOP de signal 5, sont, en quelque sorte, amorties par la variation
lente de P . Ainsi, la quatrieme équation de (6.12) disparait dans les trames de référence et le

SOP de pompe devient indépendant de z
5,(z.1)=5,,(t) (6.17)

Au 1% ordre, les vecteurs de biréfringence sont proportionnels aux fréquences optiques [7].

Nous allons alors écrire 8, =7, B3, , et donc b, devient

b, =(-en,)R"B (6.18)

Mathématique, le vecteur de biréfringence est un processus stochastique au long de la fibre.
A fin de le modéliser, nous adoptons le modele proposé dans [8] et déja validé
expérimentalement dans [9]. Dans ce modele, il est proposé de modéliser le vecteur de

biréfringence par I’équation différentielle stochastique de Langevin comme suivante

A, Idz=—a,f, +g, k=12 (6.19)

ou az =1/L, avec L, €tant la longueur de cohérence de biréfringence [8][9], et g, et g,

sont deux processus réels, indépendants et delta-corrélés
<gi (Zl )gj (Zz )> = 0-5513;5(11 - Zz) (6.20)

Par la suite, <0> et E[®] désigneront, respectivement, les moyens sur la biréfringence et sur le

temps. Avec ce modele, le parametre de PMD [4][8] est donné par

= —\‘32751‘1” (6.21)

" oL,

ou L, =4 7o,/ O'ﬁ est la longueur de battement (Beat Length) [9]. Il est important de noter
que dans ce modele, la biréfringence de fibre est supposée linéaire, c’est-a-dire, S, =0. Ceci
est vérifié en pratique, car une biréfringence circulaire de la fibre serait due soit a une torsion
de fibre, soit a un champs magnétique appliqué de I’extérieur [10], deux effets qui peuvent
tous €tre bien réduits en pratique. Pour simplification, nous n’évoquerons pas le cas ou la
biréfringence circulaire de fibre est introduite artificiellement et a donc une nature

déterministe [10].
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6.2 Impacts des pompes Raman polarisées

Comme dans [4], nous négligerons dans cette section les rétroactions du signal sur la pompe.
Puisque, de plus, nous ne nous intéressons qu’aux évolutions spatiales, (6.14) peut se réduire

comme

d.P =[C.P(1+5,5,)-a]P

S s s

d5, =b, x5, —C,P,5, %[5, x5,) (6.22)
d P =-e,a,P,

et le SOP de pompe devient constant.

6.2.1 Propriétés statistiques du vecteur de biréfringence relative et de I’état
de polarisation de signal

Dans I’annexe D, nous avons montré que dans un régime stationnaire asymptotique, le
vecteur de biréfringence relative b, défini dans (6.18) est un processus vectoriel stochastique

a 3 dimensions dont la moyenne et la fonction d’autocorrélation sont données par

exp(—z, — 2,/ Ly)
2L,

<l;sp (z)> =0 et <Esp (Zl )l;;, (Zz )> = %AQ;D;

(6.23)

avec AQ =m, —e,, . Par la suite, nous n’étudierons que le cas ou I'influence de la pompe
sur le SOP du signal 5, est négligeable et que ce dernier ne varie pas temporellement en

entrée. Ainsi, I’équation (6.22) devient

d.s, =b, X5, (6.24)

Dans I’annexe D, utilisant la méthode du générateur de Stratonovich [8]-[10], nous avons
également montré que dans le régime stationnaire asymptotique, le SOP du signal 5, décrit
par (6.24), est uniformément distribué sur la sphere de Poincaré, et sa fonction

d’autocorrélation est donnée par
—(\-T I I
(5.5 (e +)) =2C, () =2C, (-u) (6.25)

ot C, (u) est la fonction d’autocorrélation scalaire, qui peut étre évaluée numériquement en
utilisant un groupe d’équations récursives (D. ??). Nous pouvons ainsi définir la longueur de

cohérence du SOP relatif du signal comme
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L, = [ (w)du. (6.26)
0

Dans [4], il est proposé de considérer le vecteur de biréfringence relative l;vp comme delta-

corrélé en z, ce qui correspond justement a la limite de (6.23) quandL, — 0. Cette

simplification nous amene a I’expression de la fonction d’autocorrélation scalaire [4]

C,, () =exp(-|u/L,) (6.27)
avec L, =3D?AQ_’. Pour les deux configurations de pompage, la figure 6.1 compare
I’expression ci-dessus avec le résultat exact de la simulation numérique de (6.25). Nous
voyons clairement que dans le cas d’un co-pompage, nous disposons d’une bonne
approximation de C | (1), alors que pour le cas du contra-pompage, (6.27) est loin de la
solution exacte. De plus dans ce cas-la, la longueur de cohérence obtenue a partir de (6.27) est
un ordre de grandeur moindre que sa valeur exacte. A titre d’exemple, en prenant L, =20m
et L, =15m, (6.27) nous donne L, =0.2m et (6.25) nous donne L, =4.8m .

R L TP

< o N
0.9 ,‘ 09 L"v\
<\ i \
0.8 N 08 VZ
L
07 %) 07 *2
06 0.6 \
o4 0.5 oF05 3
.\ )
04 \ 0.4 v \
0.3 0.3 '2‘7 \
0.2 0.2 b
‘ \ ‘ k4 \Vg
0.1}{ == Solution Exacte ‘ N 0.1 | == Solution exacte ‘ k>
--+- Résultat précédant \\ --%- Résultat précédant‘ E \
0 0 I I
10* 10" 10° 10’ 10° 10° 10" 10° 107 10 10° 10
ZlL, zIL,
(a) (b)

Figure 6.1 — Exemple de comparaison entre les fonctions d’autocorrélation scalaires exacte et
approchée comme proposée dans [4], pour les configurations de (a) co-pompage et (b) contra-
pompage. Parametres de simulation : 4, = 1455 nm, 4, = 1555 nm, Ly =20 met Ly = 15 m.

6.2.2 Influences d’une pompe Raman polarisée sur le signal

Deux phénomenes importants sont a considérer, lors que les pompes Raman sont polarisées
[4]: il s’agit des fluctuations du gain Raman total et la dépendance du gain Raman en
fonction de la polarisation du signal d’entrée. A partir de (6.22), le gain Raman cumulé

exprimé en décibel se calcule comme

Gy =a[ CoP, ()1 +5,(2) 5, Jdz (6.28)
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ot a=10/1In(10) = 4.34dB, et L est la longueur de la fibre. Le 1 phénomeéne se comprend
bien par le fait qu’a cause de PMD, les SOP de signal et de pompe ont une orientation
aléatoire au long de la fibre. Il est a noter que le gain Raman cumulé peut aussi fluctuer quasi-
statiquement en temps, car il est connu que la biréfringence de fibre varie généralement sur
une échelle de temps d’ordre de 10ms [11]. Le 2°™ phénomene est la dépendance aléatoire du
Heme

gain Raman en fonction du SOP du signal injectée. Ceci s’explique par le terme de la

2™ équation de (6.22) qui implique que 5, (z) s’évolue en fait nonlinéairement, et aussi par le
fait que s, (z) n’est pas statistiquement stationnaire au début de la fibre. Tout cela signifie que
sa distribution est en fonction de sa valeur initiale. La dépendance de polarisation du gain
Raman peut étre évaluée qualitativement a I’aide du vecteur de PDG (Polarization-Dependent
Gain) [4], que nous allons écrivons comme A . Ce vecteur est défini de telle maniére que sa
grandeur A donne la valeur en décibel de 1’écart entre les gains Raman maximal et minimal '
en fonction du SOP du signal injectée, et que sa direction soit colinéaire avec le SOP du
signal a la sortie s, (L) auquel le gain Raman cumulé prend la valeur maximale. Dans [4], il

est montré que quand ‘E‘ est bien inférieur a 15dB, le vecteur PDG peut se calculer comme
_ L
A=2a R;(L) D CrP, ()R, (2) dz} s, (6.29)
0

ou R, estune matrice de rotation définie par

d.R, =b, xR, avec R (0)=I (6.30)

sp o

Dans [4], les influences de pompe Raman polarisée sur le signal ont déja été étudiées
d’une maniere générale. Ceci dit, en raison de la simplification au cas ou la biréfringence
relative est considérée comme delta-corrélée, certains résultats de [4] pour la configuration de
pompage contra-directionnel sont sujets d’interogation. Par la suite, nous allons réviser la
configuration contra-directionnelle, ou 1’influence de pompe sur le SOP de signal est
négligeable. Cela est largement vérifié en pratique, parce qu’en contra-pompage, 1’ordre de
grandeur de la biréfringence relative est ‘ESP‘ = 2‘ ,[3’?‘ ~m™, alors que CpP, ~ km™. Dans ce
cas-1a, le SOP de signal est gouverné par (6.24). Bien qu’a proprement parler, le SOP du
signal ne soit pas stationnaire, il atteint le régime stationnaire asymptotique apres seulement
quelques metres de propagation, si rapidement que nous pouvions négliger la contribution
non-stationnaire. Nous pouvons ainsi constater tout de suite que ces simplifications
impliquent que la dépendance de polarisation du gain Raman soit pratiquement négligeable
dans la configuration de contra-pompage. Puisque 5, (z) varie beaucoup plus rapidement que

la pompe, pour calculer I'intégral de (6.28), nous pouvons considérer s, (z) comme un

1 . Lo L
A noter qu’ils sont aussi variables aléatoires.
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processus de moyenne nulle et delta-corrélé
_ = (V=T 21
(5,2 =0 et (5, ()5 e+ u)) = =7 1,8(u) (6.31)

La moyenne et la variance du gain Raman en décibel normalisé peuvent étre ainsi facilement

déterminées, respectivement, sous la forme

¢ <G(12B>_<GdB>2 L,
<GdB>—aJ; CiP (z)dz et R (6.32)

ou la longueur effective est définie comme L, = I:Pp (zldz /P, avec P étant la puissance
de pompe injectée, et ot nous avons utilisé la relation : IO P}(z)dz/ P}, =L, /2, valable dans
la plupart des cas pratiques. Proportionnelle a la longueur de cohérence L,, la variance
normalisée doit alors prendre des valeurs d’un ordre de grandeur plus grand que celles
obtenues dans [4]. Ceci dit, de 1’ordre de 10~ en pratique, elle reste toujours faible.

Comme montré dans [4], les fluctuations et la dépendance de polarisation du gain Raman
peuvent étre compensés en dépolarisant les pompes Raman. Cela est simple a vérifier. D’une
maniere générale, quand le SOP de pompe 5, dLeVient lui aussi aléatoire , nous avons, pour la
partie fluctuant du gain Raman, AG,; =as, - I . CrP, (z)iY (z)dz, et le vecteur de PDG (6.29),

les relations comme suivantes

L
E[AGdZB] = azci {J- P, (Zz )§5T (Zz )dzz}E[gp‘?;] {
0

Oty I~

P, (z,)5,(z, )dzl}

E[AAT] = 4a°C2 R;;(L){ j Pp(zl)RSp(zl)dzl} E[gljj][ j PP(ZZ)R;(ZZ)%} R, (L)
0 0

Pour les pompes dépolarisées, puisque E[§p§§]:l/ 3, leur moyenne en terme de la
biréfringence de fibre, normalisée sur <GdB>2 , deviennent
(BIAGLY) 1,  (EBIAR'L) g4y,

= et = I (6.33)
<GdB>2 3Le./ff <GdB>2 9Le./f

ou nous avons utilisé (6.31), pour s, (z), et la relation formellement identique a (6.31), pour
R;(L)Rsp(zl). Nous voyons donc que, puisque L, <<L,, ces fluctuations deviennent
relativement négligeables. Finalement, il est important de noter que les analyses de cette

section restent valable dans le seul régime statique. Quand les pompes Raman sont

2 LB I . z L0z .
Cela n’est pas lié a la biréfringence de fibre, car nous avons adopté la trame de référence de rotation
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dépolarisées, leur SOP bien que nul au sens de la moyenne temporelle, E[5,]= 0, fluctue
évidemment dans le temps sur la sphere de Poincaré. Les influences des fluctuations

temporelles de SOP de pompe seront étudiées dans la section 6.4.

6.3 Transfert de RIN de la pompe vers le signal

Nous avons vu, qu’a cause du temps de réponse extrémement court de la diffusion Raman
stimulée, les champs signal et pompe interagissent en puissances. De ce fait, les fluctuations
temporelles de la puissance de pompe peuvent étre transférées vers le signal et engendrer une
pénalité importante sur la qualité de transmission. Ce phénomene est connu sous le nom de
transfert de bruit de la pompe vers le signal [1][2], souvent appelé transfert de RIN, le bruit de
pompe étant caractérisé en terme de RIN (Relative Intensity Noise), c’est-a-dire de bruit

d’intensité relatif. 11 est défini comme [1][3]

RIN(@) = TF{E(AP 1+ 7)AP( )j }(a)) (6.34)

ﬁZ

ot P et AP(r) sont respectivement la moyenne et les fluctuations de la puissance. Le RIN
d’un signal optique est équivalent a la densité spectrale du photo-courrant normalisé, détecté
idéalement, et donc peut €étre mesuré généralement, avec une bonne approximation, avec un

photo-détecteur et un oscilloscope €lectronique. En décibel, I'unité de RIN est dB/Hz.

6.3.1 Modele de transfert de RIN

Supposant que les pompes sont dépolarisées, nous pouvons utiliser (6.14) pour modéliser les

propagations spatio-temporelles

epa Pp = (ﬂpxcRPS + ap)Pp

(a + ﬁvp t) (CRPp - aS)PS (635)

ou nous avons ignoré les effets de polarisation, qui seront pris en compte dans la section 6.4.
Tenant compte des fluctuations temporelles, nous pouvons exprimer les puissances optiques

comme

P,(z.1)=P,(2)[1+m,(z.1)] (6.36)

u

ou P, et P, sont les puissances moyennes qui se propagent comme

d.P =
) ( ) (6.37)
epd P 77[,Y + )P
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m, et m, désignent les indices de modulation représentant les fluctuations temporelles.
Remplacant (6.37) et (6.36) dans (6.35), et négligeant les termes croisés entre les indices de
modulation supposées petites, nous trouvons les équations de propagation au 1 ordre pour les

indices de modulation

(az + IBSPaT)mS = CR}_)PmP

_ (6.38)
epazmp = _npscRPsms
Apres la transformation de Fourier temporelle, nous trouvons
9.1z, @) = H(z, @)i(z, ») (6.39)
avec
iz, 0) = m, e et H(z, o) 0 CyP,(2)e (6.40)
, - Zs = — _ . .
o m, - ep”psCRPs (Z)e ads 0
Définissant une matrice de transfert comme
0.T(z,0)=H(z,0)T(z,®), avec T(0,)=1 (6.41)

nous pouvons écrire la solution de (6.39) comme ii(z,@)=T(z,®)m(0,w), ou plus

explicitement comme

m,(z,) | Ty (z, a))e_iwﬁ i T, (z, a))e_iwﬁ v\ m, (0, ) (6.42)
m Z’a)) - Tps (Z,a)) Tpp (Z, a)) mp(o’ 60) .

—P

—_

Nous voyons qu’en sortie, les fluctuations de signal dépendent non seulement de celles de
la pompe mais aussi de celles du signal injectée. C’est le phénomene d’auto modulation, que
nous avons en fait déja rencontré dans la section 4.3 du chapitre 4. Par la suite, nous ne nous
intéressons qu’au transfert de RIN de la pompe vers le signal, et le RIN du signal injectée sera

ignoré, m (0, a)) = 0. Ainsi, nous pouvons obtenir

m,(z,0)=T, (z,0)m, (0, ®)expl-iwpB, ) (6.43)

ce qui est utile pour les pompes co-directionnelles. Pour les pompes contra-directionnelles,
dont I’entrée se trouve en z = L, nous devons relier m (z, a)) am p(L, a)) Cette relation peut

étre facilement trouvée comme étant

m,(z,0)=T, (2, 0)T; (L) m, (L, @)exp(-iap, ) (6.44)
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Nous pouvons alors écrire, d’une maniere générale, la relation entre les indices de modulation

du signal en sortie et de la pompe injectée comme
m (L’ (0) = Trn ((0) m ((0) (6.45)

ZZp0

ou la fonction de transfert s’écrit, pour les pompages co- et contra-directionnel, respective-

ment, comme
Ten (@) =T, (L.@)e™ ™" et T (@) =T, (L @)T, (L, @) " (6.46)

D’apres la définition (6.34), nous constatons que le RIN est en fait la transformée de Fourier

de I’autocorrélation de I’'indice de modulation
RIN(@) = TE[E[m(t + 7)m(:)1]) (o). (6.47)
Alors, le RIN transféré de la pompe vers le signal se calcule comme

RIN, (@) =[Te (@] RIN (@) (6.48)

T (a))|2 est appelé comme la fonction de transfert de RIN. Il est a mentionner que grace

ou
a (6.41) et (6.44), nous somme capable de transformer le probleme de propagation bi-
directionnelle (6.38), dans le cas de pompage contra-directionnel, a un probleme de
propagation uni-directionnelle. Pour calculer les puissances moyennes (6.37), nous allons
utiliser la méthode BVP4C que nous expliquons dans 1’annexe B.

6.3.2 Propriétés de la fonction de transfert de RIN
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Figure 6.2 — Fonction de transfert de RIN pour de différentes valeurs de la puissance du
signal, avec (a) le co-pompage et (b) le contra-pompage. Parametres: A, = 1455/ 1555 nm,
Longueur de la fibre = 100 km, &,/ =0.25/0.20 dB/km et Cx = 0.5 W lkm™.
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La figure 6.2 montre les résultats d’une simulation numérique de la fonction de transfert de
RIN, lorsque la déplétion de pompe est prise en compte. A priori, nous voyons que la fonction
de transfert de RIN est un filtrage passe-bas. Ceci se comprend bien par le fait que le signal et
la pompe se propagent aux vitesses différentes dans la fibre, ce qui crée un effet de temps
d’interaction limité ( walk-off ) plus ou moins important en fonction des fréquences de
fluctuation considérées. La décroissance de la fonction de transfert de RIN s’opere autour de
quelques KHz pour le pompage contra-directionnel contre quelques MHz pour le pompage

co-directionnel, avec un taux d’extinction de —20 dB par décade. La 1°™

conclusion que nous
pouvons tirer tout de suite, c’est que le pompage contra-directionnel est bien moins sensible
au transfert de RIN.

En régime petit signal, la deuxieme équation de (6.38) est négligeable. Nous pouvons alors
trouver facilement I’expression analytique pour la fonction de transfert de RIN sous la forme

-2
Ten (@) =10 G, T’:az [1 +e %" 2 cos( ﬁspr)e‘”’PL] (6.49)
sp p
ou les termes entre les crochets sont négligeables pour la transmission sur de longues
distances. Aux basses fréquences, la fonction de transfert de RIN est maximum et vaut
20log,, (lnGR) dans toute les deux configurations. D’un point de vue physique, la bande
passante étroite du transfert de RIN en pompage contra-directionnel s’explique par le faible
temps d’interaction entre la pompe et le signal, qui propagent dans les sens opposés.
Dr’ailleurs, la dispersion chromatique ne joue presque pas de role dans le transfert de RIN en
pompage contra- directionnel. Seule la vitesse de groupe moyenne est importante et la

fréquence de coupure a 3 dB vaut :

f.=ay, 14 (6.50)

Par contre en pompage co-directionnel, le temps d’interaction entre la pompe et le signal est
bien plus long et dépend exclusivement de la dispersion chromatique. La fréquence de

coupure a 3 dB vaut :

a/P
fe= 27D, (4~ 1) (6.51)

ou D, estla parametre de dispersion chromatique.

Sur la figure 6.2, montré également I’influence de la saturation de gain sur la fonction de
transfert de RIN, ou la puissance de pompe injectée a été ajustée a chaque fois de facon a
maintenir un gain Raman de 20 dB. Nous voyons que plus la saturation, ou bien la puissance

du signal injectée P,,, est grande, plus le plateau de la fonction de transfert aux basses

S
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fréquences diminue et la fréquence de coupure augmente. Ce dernier point peut se
comprendre par le fait que, comme montré par (6.50) et (6.51), la fréquence de coupure est
proportionnelle a I’atténuation de pompe. Donc, lors de la déplétion la pompe étant atténuée
plus rapidement, le temps d’interaction effectif pompe-signal diminue [2] et la fréquence de
coupure augmente. La diminution du plateau aux basses fréquences peut étre expliquée par
une analyse statique aux basses fréquences. Tenant compte de la déplétion de pompe, le gain
Raman est a la fois en fonction des deux puissances injectée, ¢’est-a-dire, G, = Go(P,,, P,,) -
Si la puissance de pompe injectée varie d’une petite valeur AP, nous avons au premier ordre

I’égalité suivante

G.(P,+AP, P
R( PO PO 30) ~ +APPO alnGR (Pp()’PSO) (652)
GR(PPO’PSO) aPPO

D’un coté, la puissance du signal amplifié s’écrit comme P, = A,G, (PPO,PS() )Pso, ou A, est
pour I’atténuation linéaire de la fibre passive. D’un autre, la valeur au carré du rapport de la
variation relative du signal amplifié, entrainée par la variation de la puissance de pompe
injectée, sur la variation relative AP, /P, n’est rien d’autre que la valeur aux basses

fréquences de transfert de RIN. Ainsi, d’apres (6.52), nous avons

ap, Y (AP, 9nG 2

2 . n

|TRIN(OX :(P—Lj /[P—[)OJ :[Ppo 3P R(PPO’Pso):I (6.53)
sL yA\l pO

Cette équation implique que |TRIN (0)|2 est proportionnelle a la valeur au carré de la pente du
gain Raman exprimé en décibel. D’apres la caractéristique de la saturation du gain illustrée
sur la figure 4.2 du chapitre 4, nous voyons donc que |TRIN (0)|2 est constant en régime de petit

signal, et diminue avec la saturation de gain.

6.3.3 Pénalités liées au transfert de RIN

Nous allons maintenant évaluer la dégradation des performances de transmission introduite

par le transfert de RIN. Pour cela, nous allons quantifier la pénalité engendrée par le transfert

de RIN sur le facteur de qualité de transmission, qui est défini comme [1][3].
11,

=— (6.54)
o, +0,

ou /,,, et o,,, sont, respectivement, le moyen et les écarts types du photo-courrant pour les
bits 1/0. Supposant que le bruit de battement signal-ASE domine, le facteur de qualité en

absence de transfert de RIN vaut
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0 = (6.55)

Q |_~|

—_

Dans le cadre d’approximation gaussienne, le facteur de qualité dégradé par le transfert de

RIN peut étre évalué par [1]

0, = I = Q. (6.56)
\/012 +12[ RIN,a)df \/1+ 0*[ RIN, (27 )df

ou B, est la bande passante du circuit électronique de post-détection. La pénalité du facteur

de qualité en décibel peut alors étre définie et évaluée par

AQ (dBQ)=10log,, %: 10log \/1+ij3 RIN, (27 )df (6.57)

r

La pénalité du facteur de qualité dépend donc a la fois du RIN de la pompe injectée, de la
bande passante B, et du gain Raman, et y compris bien entendu le régime de gain et le
schéma de pompage. Sur figure 6.3, la pénalité du facteur de qualité est représentée en
fonction du RIN de la pompe injectée, du schéma de pompage et du régime de gain. La
figure 6.3 montre bien I’'intérét du contra-pompage en terme de pénalité engendrée par le
transfert de RIN. Nous pouvons utiliser la limite communément accepté de 0.1 dBQ pour
fixer les niveaux de RIN acceptable sur les pompes Raman [1][2]. D’apres la figure 6.3, nous
pouvons alors accepter un niveau de RIN meilleur que —120 dB/Hz en co-pompage, contre —
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Figure 7.3 — Pénalité du facteur de qualité en fonction du RIN de pompe pour les co- et

contra-pompage, et en régimes de petit-signal et de saturation. Parametres :

Apis = 1455/ 1555 nm, L = 100 km, ag; = 0.25/0.20 dB/km et Cx = 0.5 W'km™.
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80 dB/Hz en contra-pompage. Les impacts de la saturation de gain sont également montrés
sur cette figure. Nous voyons que la saturation de gain peut améliorer légerement les valeurs
de RIN acceptables, d’autour de 3 a 4 dB/Hz. Ceci est d’ailleurs bien la preuve que le transfert
de RIN initial est moindre en régime de saturation. En effet, c’est parce que les bruits sont
comprimés quand la pompe est saturée, tout comme ce que nous avons vu dans le chapitre 4.
Finalement, la grande différence entre les valeurs acceptables de RIN de pompe pour les deux
configurations laisse présager des technologies laser différentes. Les lasers semi-conducteurs
seront privilégiés pour un co-pompage du fait de leur tres faible valeur de RIN, pouvant étre
inférieur a —120 dB/Hz. Pour le contra-pompage, les lasers fibrés sont suffisants avec un RIN
de —80/-90 dB/Hz. Bien entendu, ces technologies de lasers de puissance n’ont pas le méme
colt de production ; les lasers fibrés Raman étant moins cofiteux et plus stables que les lasers

semi-conducteurs de puissance.

6.4 Transfert des bruits de pompe vers le signal assisté par PMD

Comme nous avons montré dans la section 6.2, les pompes Raman doivent étre dépolarisées
afin de compenser les fluctuations du gain Raman et PDG. Cependant, il est important de
noter que le terme « pompe dépolarisée » ne veut dire que la moyenne temporelle du SOP de
pompe soit nulle, E[s p] =0. En effet, les variations instantanés, As , =5, —ElEPJ, fluctue
évidemment aléatoirement sur la sphere de Poincaré. De 1’équation (6.14), nous voyons

clairement que ces fluctuations temporelles peuvent introduire du bruits au signal.

6.4.1 Fonction vectorielle de transfert des fluctuations de 1’état de
polarisation de pompe

Comme dans la section 6.3, tenant compte des fluctuations temporelles, nous allons exprimer
les puissances optiques comme P, (z,¢)= }_’ﬂ(z)[l +m, (z,t)], ou les équations de propagation
des puissances moyennes sont identiques a (6.37). Nous allons négliger la déplétion de pompe
et I’'influence de pompe Raman sur le SOP de signal, supposée négligeable devant I’effet de la

biréfringence relative. Ainsi, de (6.14), nous pouvons trouver au 1° ordre

(az +ﬁspat)mx = CRFp(mp +mxp) (658)

avec m,, (z,1)= S, (z)-5 20 (), o S50 (z) et 5 20 (z) sont, respectivement, le SOP de signal sans
influence de pompe, dont I’évolution spatiale est décrite par (6.24), et le SOP instantané de la

pompe injecté. La solution de (6.58) peut s’écrire dans le domaine de Fourier comme
m (2, )=l (2 I, (F) + sop (2. £)-5 0 () (6.59)

avec la fonction de transfert des fluctuations de I’intensité de pompe
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ha (2. £) = [ CoP, (x)exp[2iB,, (2 — x)f ]dx (6.60)
0
qui n’est rien d’autre que (6.49), et la fonction vectorielle de transfert

hsop(z, f) j ()5, (x)exp[27ip,, (z — x)f |dx (6.61)

0

Puisque le RIN est la densité spectrale de I'indice de modulation, le RIN total du signal

amplifié transféré de la pompe est donné par
(RIN, () =g (L. £ Y RIN () +[H 00 () S0 (f) (6.62)

ou nous avons considéré la valeur moyenne sur PMD, et donc, en utilisant (6.25),
) LL -
|Esop (L’ f)| = J‘J.szep (x1 )Pp (xz )Cm (x1 — X, )COS[Z”:BXP (x1 ) )f]dx1dx2
00 (6.63)
Clz?sz()Leff g‘vs (Zﬂ'ﬂvpf)

que nous allons appeler “fonction de transfert des fluctuations de SOP”. 1l est a noter que dans
la seconde ligne de I’équation ci-dessus, nous avons supposé que la longueur effective reste
bien supérieure a la longueur de cohérence définie par (6.26), L >>L,. Dans I’expression

(6.62), Syop(f) est défini comme la densité spectrale scalaire du SOP de pompe

Ssop ()= TF[EI5,,(t +7)-5,, ()1 [ ) (6.64)

Fonctions de Transfert

= SOP Transfert, co-pompage

=== S0P Transfert, contra-pompage |:

—o— RIN Transfert, co-pompage

--B- RIN Transfert, contra-pompage |
I I

10 107 10 10°
Fréquence (Hz)
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Figure 6.4 — Les fonctions de transfert des fluctuations de SOP et de transfert de RIN, pour les
co- et contra-pompage. Parametres de simulation: A, = 1455/ 1555 nm, Cg=0.5 W'lkm'l,
P,y =0.53 W, L =100 km, Ly=8.7km, Lr=15m and Lg = 20 m.

Expression (6.62) montre clairement qu’en plus du transfert de RIN de la pompe vers le
signal que nous avons étudié dans la section 6.3, le RIN du signal amplifié est aussi di aux
fluctuations temporelles du SOP de pompe. Deux exemples de la fonction de transfert des
fluctuations de SOP sont présentés sur la figure 6.4 pour les co- et contra-pompage. Nous
voyons qu’elles sont toutes les deux des filtres passe-bas. Pour la comparaison, nous y avons
aussi montré les fonctions de transfert de RIN, “traditionnelles.” D’apres (6.63), nous avons le

maximum de cette nouvelle fonction de transfert

2 _ 2LdLeﬂ (CRPpO )2

|H 505 (L.0) (6.65)
et sa largeur spectrale
“|Hoop(L, £ )
Ay == | HoorlL 1) o 1 (6.66)
T 0 |ﬂSOP (L’O] Zﬂ'ﬁsp Ld

Cette dernier prend des valeurs typiquement d’ordre de quelques centaines mégahertz pour le
co-pompage et quelques mégahertz pour le contra-pompage, ce qui est a comparer avec le
transfert de RIN, ou nous avons vu que les fréquences de coupure de 3 dB sont typiquement
d’ordre de quelques mégahertz pour le co-pompage et quelques kilohertz pour le contra-

pompage.

6.4.2 Impacts des fluctuations temporelles de I’état de polarisation de
pompe sur le RIN du signal amplifié

Nous allons d’abord déterminer 1’expression explicite de la densité spectrale du SOP de

pompe. D’apres la définition (6.11), le SOP de pompe est donné par

(ADAW-A050
S (0= A 04 () A (A () 667
O\ ia (04" (0)-ia ()4°()

Nous avons alors
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Seop = <§p (r+7)5, (t)>

P t+ -P t+ P —P. (¢
0= e 2l 0 - 0] -
P (t+7)P (1 )
+2< Al(t+7)A, (r)A (t+2') )+ A +7)A (DA (1 +7)A, (t)>
Pp( +7)P, (1)
ou P |A )| ,avec k = x,y, est la puissance de chaque composante vectorielle du champ

de pompe. La densité spectrale du SOP de pompe est composée de deux parties. L’une ne
dépend que des fluctuations d’intensité de pompe, et 1’autre dépend aussi des phases des
champs. Afin de passer plus loin 1’analyse, nous supposons que les deux composantes
vectorielles du champ de pompe sont statistiquement indépendantes. Alors, puisque les
fluctuations d’intensité de pompe peuvent en général étre considérées faibles, (6.68) devient,

au 1¥ ordre
Ssor(f)=RIN (f)+S, (f) (6.69)

ou S, (f) est le battement des densités spectrales de puissance normalisé défini comme

5, (1) SNOEEN S 11051 670

S, (k = x, y) étant la densité spectrale de puissance normalisée de chaque composante,

oo EIA (£ +7) A (2)]
Sk(f)—TF{ EA O] }(f) (6.71)

Ainsi, (6.62) peut se réécrire comme
(RIN, (f)) = |H aox (L. £ ) RIN,, (£)+[H o0 () 5., () (6.72)
ou la nouvelle fonction de transfert de RIN s’écrit comme
H o (L. £ ) = (L £+ [ Hogop (L. £ ) (6.73)

Avec I’expression ci-dessus, les impacts des fluctuations temporelles du SOP de pompe
s’interpretent clairement. Premierement, il y a plus de RIN transféré de la pompe vers le
signal que prévu par la théorie de transfert de RIN montrée dans la section 6.3. Deuxieéme-
ment, il y a un nouveau bruit transféré vers le signal, qui est le bruit de battement des deux

composantes de la pompe dont la densité spectrale est donnée par (6.70). A premiere vue, ce



IMPACTS DES BRUITS DE POMPE SUR LE SIGNAL 146

dernier point peut paraitre surprenant, car il s’agit du battement des deux composantes
orthogonales, mais nous pouvons le comprendre avec I’explication qui va suivre. Dans (6.10),
nous voyons que le terme pour 1I’amplification Raman s’écrit comme ‘AP><AP ‘AS>. Nous
pouvons alors considérer qu’en tournant, 1I’enveloppe lentement variable du signal accumule
celles de la pompe sur toutes ces deux polarisations. Les deux composantes orthogonales
accumulées sur le signal peuvent battre. Un autre point important a noter est que la largeur
spectrale de la fonction de transfert |ﬂ sop(Ly f Xz est bien supérieure a celle de la fonction de
transfert de RIN traditionnelle, avec un facteur de L, /L,. Cela signifie que I'étendue
spectrale du RIN transférable augmente de deux ordres de grandeur pour le co-pompage et de

quatre ordres de grandeur pour le contra-pompage.

6.4.3 Estimation de la dégradation de performance du systéme

Nous utilisons toujours le formalisme de la pénalité du facteur de qualité (6.57) pour estimer
la dégradation de performance du systeme. Pour toutes les deux configurations de pompage,

nous pouvons avoir

o

“hRIN (Z’f)lzdf = 3J|Esop (Z’szdf (6.74)

0

nous voyons que, si le RIN de pompe peut étre considéré comme constant et que la bande
passante du circuit électronique de post-détection est bien supérieure a la largeur spectrale de
|ﬂ swoplzo f )|2, les valeurs acceptables du RIN de pompe, pour les deux configurations de
pompage sont réduites d’un facteur de 4/3, soit 1.25 dB, par rapport a celles obtenues dans la
section 6.3. Le point plus important est que I’étendue spectrale du RIN transférable est
considérablement augmentée, ce qui peut conduire a un impact non négligeable sur
I’estimation du facteur de qualité ainsi que sur le niveau du RIN de pompe acceptable. Dans
la configuration de co-pompage, puisque I’étendue spectrale atteint les fréquences de
quelques centaines mégahertz voir du gigahertz, nous devons étre prudents a considérer le
RIN de pompe comme constant. Dans la configuration de contra-pompage, la contrainte au
niveau de RIN de la pompe peut étre remarquablement relaché, de 10 dB/Hz, si nous
introduisons avant le photo-détecteur un filtre passe-haut dont la fréquence de coupure est
supérieure a celle de la fonction de transfert de RIN contra-directionnelle [2]. C’est le résultat
lorsque I'impact de PMD n’est pas pris en compte. En fait, bien que 1’intégral du premier
terme de (6.73) puisse devenir tres petit dans ce cas, le second terme, devenant dominant, ne
doit pas étre omit.

Afin de discuter I'impact du bruit de battement, nous supposons que les enveloppes des
densités spectrales des deux composantes de pompe peuvent tous étre considérées

approximativement comme lorentziens. Ainsi, nous trouvons
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Spectre (au )

Freqguence

Figure 7.5 — Illustration sur les densités spectrales de puissance optique normalisées (en
fonction de fréquence optique) des deux composantes loretizennes et sur leur battement (en
fonction de radio fréquence).

AF. L.
AP an(f 1 Af ] AFE + 47 (f — AT

S.(f)= (6.75)

ol comme illustré sur la figure 7.5, Af, est 'écart fréquentiel entre les deux composantes de
pompe, et AF,=AF +AF,, et AF, (k=x,y) étant la largeur spectrale de chaque
composante. D apres la section 6.2, nous voyons que la fonctions de transfert des fluctuations

du SOP pour la pompe co-propagative est pratiquement lorentzienne

2L,L,(C.P.)  Af?

|H o (L. f) = 3 s (6.76)
Nous trouvons alors
J, (RIN(L. ) = [ [Loor (LS} 8., ()
L,L,(C.P, ) 1+AF, /AQ,
~ . (6.77)
3 (ar, /80, F +(1+AF,/AQ,)

ou AQ, =27Af, , et ou B, est ajustée entre 0 et +oo pour la seconde ligne. Alors que pour la
configuration de contra-pompage, puisque la fonction de transfert est loin d’étre lorentzien, la
simulation numérique de (6.63) est généralement nécessaire. Toutefois, si la largeur spectrale
de la fonction de transfert est bien inférieure a celle de la pompe, Af,<< AF,, et 1’écart

fréquentiel est négligeable devant la largeur spectrale de la pompe, nous avons
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< (6.78)

(CRPpO )2 Lv, AF
6 AFC2 + 47 Af );

[, (RIN, (L) =, O)], oL 1Y =

¢

ou nous avons utilisé B, = 2/v,. Il est a noter que ce résultat, indépendant des parametres de
la biréfringence, est valide pour la plupart des cas de la configuration de contra-pompage en
pratique, ou les lasers fibrés Raman sont déployés.
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Figure 6.6 — Pénalité de facteur Q en fonction de la largeur spectrale de la pompe et de 1’écart
fréquentiel. Parametres communs: A, = 1455 nm, A, =1555nm, Q, =10, Cx=0.5 W lkm™,
Pyy=053W, L=100km, Lj=8.7km. (a) co-pompage, parametres: L;=175m et
D, = 15 ps/nm/km ; (b) contra-pompage : Lr=25m, Lg =100 m et vy = 2.10° km/s.

Pour les configurations de co- et contra-pompage, figure 6.6 montre deux exemples de
pénalité de facteur Q en fonction de la largeur spectrale de la pompe AF, et I’écart fréquentiel
Af, . Dans la figure 6.6-(a), AF, et Af,  sont normalisés sur la largeur spectrale de la fonction
de transfert Af,, , car I’approximation (6.77) est utilisée. Tandis que pour la figure 6.6-(b), la
simulation numérique de (6.63) est utilisée, ou les longueurs de battement et de cohérence de
la biréfringence de fibre sont, respectivement, 100 m et 25 m, ce qui correspond a une fibre de
faible biréfringence avec un paramétre de PMD de 0.013 ps/km'? et une longueur de
cohérence du SOP relatif de signal de 16 m. Avec ces figures, nous voyons clairement que la
pénalité diminue toujours avec I’écart fréquentiel Af, . Alors, il peut étre une solution pour
annuler le transfert de bruit de battement de séparer en spectre les deux composantes de
polarisation de pompe. En effet, c’est ce qu’il est déja montré expérimentalement dans [12].
Ceci peut étre particulierement utile pour la configuration de co-pompage, ou la pénalité de
facteur Q est bien plus importante et la pompe Raman est souvent composée de deux diodes

lasers dont les polarisations sont orthogonales [12].

6.5 Conclusion
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Dans ce chapitre, nous avons établir un modele, (6.12), pour décrire les évolutions spatio-
temporelles des puissances et SOP de la pompe et signal dans les amplificateurs Raman a
fibre. Avec I’aide de I’analyse présentée dans 1’annexe D, nous avons trouvé une méthode
numérique pour calculer I’autocorrélation du SOP relatif de signal. Il se trouve que
I’assomption que la biréfringence locale relative soit delta-corrélée n’est valable que pour la
configuration de pompage co-directionnel. Les fluctuations du gain Raman dans la
configuration de pompage contra-directionnel en est un ordre de grandeur plus importante que
proposée dans [4].

Apres réviser la théorie traditionnelle de transfert de RIN de la pompe vers le signal,
proposée initialement dans [1], nous avons analysé le role de PMD dan le transfert de bruit de
la pompe vers le signal. Il est trouvé qu’a cause des fluctuations temporelles de SOP, les
pompes Raman dépolarisées peuvent induire des bruits supplémentaires au signal a 1’aide de
PMD. Il y a deux points importants a noter : premierement, il y a transfert de RIN
additionnel ; secondement, il y a un nouveau bruit, le bruit de battement des deux
composantes de polarisation de pompe, qui est transféré vers le signal. Pour le transfert de
RIN additionnel, I’accent a été mis sur le fait que sa largeur spectrale est bien plus large que
celle traditionnelle. Tandis que pour le bruit de battement, la dégradation de la performance
de systeme a été analysée en terme de la pénalité de facteur Q avec expressions analytiques. Il
se trouve qu’il peut étre une solution pour annuler le transfert de bruit de battement de séparer
en spectre les deux composantes de polarisation de pompe.

Finalement, nous devons mentionner que la configuration de contra-pompage est bien plus
avantageuse que celle de co-pompage, au niveau de transfert de bruit de la pompe vers le
signal. C’est non seulement parce que la pompe et le signal ont un temps d’interaction plus
long dans la configuration de co-pompage, mais aussi parce que le SOP relatif de signal
tourne beaucoup plus rapidement dans la configuration de contra-pompage. Nous voyons que
I’avantage de la configuration de co-pompage au niveau de facteur de bruit en est fané, et la
configuration de pompage bi-directionnel pourrait é&tre un bon compromis technique en

pratique.
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Conclusion et Perspectives

Ce travail de these a permis de réaliser une étude théorique approfondie, permettant de
comprendre et de modéliser les processus de génération de bruit dans les amplificateurs
Raman distribués, et d’analyser les performances des systemes et des réseaux les utilisant.

Afin d’établir un modele quantifié pour 1I’amplification Raman dans les fibres optique, une
théorie quantique de 1’optique nonlinéaire macroscopique a été tout d’abord proposée, en
utilisant une nouvelle approche fondée sur une description ab initio quantifiée de 1’interaction
champ-matiere. Cette théorie, restant treés générale, montre formellement, pour la premicre
fois a notre connaissance, les relations entre les opérateurs d’Heisenberg des densités de
polarisation nonlinéaire et du champ électrique. Quand les opérateurs quantiques sont
remplacés par leurs valeurs classiques correspondantes, nous retrouvons la théorie semi-
classique de I’optique nonlinéaire. Il est important de noter que, dans notre développement,
nous avons séparé explicitement les mécanismes micro- et macroscopique. Ceci est nécessaire
pour établir notre formalisme pour 1’optique nonlinéaire macroscopique.

Les résultats de notre approche, associés a la théorie de la susceptibilité des verres de silice,
permettent d’établir un modele bidimensionnel de propagation des opérateurs associés au
champ électrique dans les fibres optiques, ainsi que pour les amplificateurs Raman distribués.
Ce modele prend simultanément en compte 1’atténuation optique, la diffusion Rayleigh, la
dispersion, les non-linéarités de type Kerr et les diffusions Raman et Brillouin. Dans notre
approche, nous avons noté qu’il est nécessaire de prendre en compte la dépendance de
polarisation pour décrire correctement la diffusion Rayleigh dans les fibres optiques. Nous
avons également étudié les diffusions Raman et Brillouin dans un modele physique unifié, ce
qui permet de mieux comprendre leurs similarités et leurs différences. Avec ce modele, nous
avons réussi a exprimer le théoreme de fluctuation-dissipation pour les amplificateurs Raman
distribués, prenant en compte 1’amplification Raman et les pertes optiques. En comparaison
avec les systemes réels a deux niveaux, une expression pour la population virtuelle du niveau
haut a été proposée. Ce concept peut étre utile pour une compréhension intuitive des
avantages des amplificateurs Raman et des processus de génération de bruit intrinséque dans

ce type d’amplificateurs.
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Afin de mieux appréhender les potentialités dans amplificateurs Raman distribués, nous
avons tout d’abord, apres un bref rappel des propriétés quantiques du champ optique, formulé
d’une maniere générale les limites quantiques des dispositifs optiques linéaires et insensibles
a la phase, les statistiques quantiques du photocourant, et les différentes définitions du facteur
de bruit des dispositifs amplificateurs optiques.

L’amplification Raman dans les fibres optiques est intrinsequement a faible bruit. Ceci
s’explique par le fait que, dans les fibres optiques, la diffusion Raman Stokes est beaucoup
plus probable que la diffusion Raman anti-Stokes, ce qui résulte d’une valeur typique de la
population virtuelle du niveau haut d’environ a 0.9 quand les pertes optiques sont négligées.
L’amplification Raman est, de plus, distribuée au long de la fibre, ce qui est la raison la plus
importante pour laquelle elle est plus avantageuse en termes de bruit que 1’amplification
localisée des amplificateurs a fibres dopées a I’Erbium. Nous avons déterminé le gain et le
facteur de bruit dans amplificateurs Raman et comparé, en termes de bruit intrinseque, les
performances des différentes configurations de pompage. Il a été clairement montré que la
configuration de pompage co-directionnel est la plus préférable en termes de facteur de bruit,
mais également la plus sensible a la saturation de gain.

Nous avons également étudié la rétro-diffusion Rayleigh et le transfert de bruit de la
pompe, qui sont deux autres sources importantes de bruit classique dans les amplificateurs
Raman. Prenant en compte la diffusion Rayleigh, nous avons établi un modele de propagation
bidirectionnelle du champ. Nous avons corroboré ce modele en comparant 1’expression
analytique du facteur de récapture extraite de notre modele avec celle déja connue. La
simulation numérique des équations de propagation bidirectionnelle pour les densités
spectrales de puissance a été effectuée. Elle permet d’étudier 'impact de la rétrodiffusion
Rayleigh sur la génération de bruit intrinseque et sur la saturation de gain. Il a ét€ montré que
pour les hautes valeurs du gain Raman, la saturation de pompe est renforcée par la
rétrodiffusion Rayleigh. Quand la puissance de signal est relativement élevée, la pompe est
saturée par le signal, et, dans le méme temps, la génération de ASE est réduite. En revanche,
quand la puissance de signal est relativement faible, c’est plutdt le bruit ASE sur tout le
spectre, renforcé par la rétrodiffusion Rayleigh, qui sature la pompe. Les propriétés
statistiques du bruit en présence de rétrodiffusion Rayleigh ont été étudiées. Il a été montré
que les bruits de DRB et d’ASE sont tous les deux gaussiens et indépendants du signal, mais
tandis que 1’ASE est un bruit blanc et dépolarisé, et le DRB est partiellement polarisé et a une
densité spectrale quasi-identique du signal. Avec ces propriétés, nous avons analysé 1’impact
combiné de I’ASE et du DRB par une méthode semi-analytique afin de calculer le taux
d’erreur binaire exact. Nous avons montré qu’aux gains Raman tres élevés, Gg > 30dB, les
performances du systeme sont considérablement dégradées par la rétrodiffusion Rayleigh.
Aux gains Raman inférieurs a 20dB, I’'impact de la rétrodiffusion Rayleigh est négligeable.

Nous avons également montré que la méthode d’approximation gaussienne pour évaluer le
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taux d’erreur binaire est généralement adaptée, en présence de la rétrodiffusion Rayleigh.
Nous avons également évalué analytiquement la pénalité de la rétrodiffusion Rayleigh sur le
facteur de qualité. Il a été montré que le pompage bidirectionnel avec 50-60% de co-pompage
est tres intéressant compte tenu de sa tolérance a la rétrodiffusion Rayleigh.

En ce qui concerne le transfert de bruit de la pompe vers le signal, nous avons étudié un
modele vectoriel de I’amplification Raman dans les fibres optiques monomodes. Nous avons
développé une méthode numérique pour calculer I’autocorrélation du SOP relatif de signal. I
se trouve que 1’hypotheése que la biréfringence locale relative soit delta-corrélée n’est valable
que pour la configuration de pompage co-directionnel. Les fluctuations du gain Raman dans
la configuration de pompage contra-directionnel sont un ordre de grandeur plus importantes
que proposées précédemment. Apres avoir révisé la théorie traditionnelle de transfert de RIN
de la pompe vers le signal, nous avons analysé le role de PMD dans le transfert de bruit de la
pompe vers le signal. Il a été montré, qu’a cause des fluctuations temporelles de SOP, les
pompes Raman dépolarisées peuvent induire des bruits supplémentaires au signal a 1’aide de
PMD. Il y a premierement transfert de RIN additionnel. Il y a aussi un nouveau bruit, le bruit
de battement de spectre des deux composantes de polarisation de pompe, qui est transféré.
Pour ce transfert de RIN additionnel, nous avons montré que sa largeur spectrale est bien plus
large que celle du transfert traditionnel. Pour le bruit de battement, la dégradation de la
performance de systeme a été analysée en terme de la pénalité du facteur Q avec expressions
analytiques. Il apparait qu’ une solution pour annuler le transfert de bruit est de battement de
séparer en spectre les deux composantes de polarisation de pompe. La configuration de
contra-pompage est bien plus avantageuse que celle de co-pompage, au niveau de transfert de
bruit de la pompe vers le signal.

Compte tenu des avantages complémentaires des différentes configurations de pompage
pour le facteur de bruit intrinseque, la rétrodiffusion Rayleigh, et les transferts de bruit de la
pompe vers le signal, une configuration de pompage bidirectionnel pourrait étre un bon
compromis technique en pratique.

Enfin, il y a quelques points qui mériteraient d’avantages de travaux de recherche. Tout
d’abord, la vérification expérimentale des résultats théoriques relaies au transfert de bruit de
la pompe vers le signal assisté par la PMD est nécessaire pour compléter cette étude. L’ impact
des effets nonlinéaires sur les pompes Raman est une prolongation intéressante. Il est évident
qu’a cause de la nonlinéarité de type Kerr, le RIN et le SOP de pompe vont étre modifiés au
long de la fibre. Finalement, comme le déja mentionné au chapitre 3, la théorie quantique de
la relation d’entré-sortie d’un systeme optique, ou, plus largement, des communications

optiques, nécessite plus d’investigations théoriques.



CONCLUSION ET PERSPECTIVES 154




ANNEXE A 155
Annexe A
Dans cette annexe, nous allons prouver que les relations
la*.a]=1 (A1)
et
<(a+)na”> = n!<a+a>n (A.2)
implique que 1’opérateur de nombre N = a*a ait une distribution de Bose-Einstein
NVL
Poe(n)=——= (A3)
(l +N )
ou N est le nombre moyen. Pour ce faire, il suffit de prouver la relation suivante
<Pn> = n!<N>n (A4)
avec
P, =N(N-1)N-2)---(N-n+1) (A.5)
D’un c6té, nous pouvons maintenant réécrire (A.5) sous la forme
Pn = Z Cn,iNi (A6)
i=1
ou les coefficients C,; peuvent €tre obtenus avec la convention:
Cho=0,0etC,;=0,pouri>n (A.7.2)

Et la relation de récurrence
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C,,= Cn—l,i—l - (n - I)C

n,i

(A.7.b)

n—1,i

D’un autre, nous avons I’expression suivante pour les opérateurs de création et d’annihilation

de boson satisfaisant (A.1)

N =Y%5 (a*)a’ (A.8)

N . . .. 1 .
ou les coefficients §,; sont les nombres de Stirling que nous pouvons obtenir avec la

convention
Sio=0i0etS;j=0, pourj>i (A.9.2)
Et la relation de récurrence

S, =jS

LJ

+S (A.9.b)

i-1,j i1, j—1

Nous pouvons noter que les matrices triangulaires C,; et S;; sont inverse 1'une de I’autre,

c’est-a-dire que nous avons

ch,jsj,i =9, (A.10)
Jj=i

Avec (A.2), (A.6), (A.8) et (A.10), nous avons alors

(R)=2Cu(N)=26. 258, () a’)
i=1 i=1 j=1
=€ RS (N) =2 N Y8, = UN)' 8, =y’
i=1 J=1 J=1 i=j J=1

(A.11)

" Pawel Blasiak, “Combinatorics of boson normal ordering and some applications,” PhD. Thesis, 2005.



ANNEXE B 157

Annexe B

Prenant en compte les diffusions Raman stimulée et spontanée, la rétrodiffusion Rayleigh, et
la dépendance fréquentielle des parametres, 1’équation d’évolution bidimensionnelle pour les

composantes spectrales P, (q), de largeur spectrale A@,, s’écrit sous la forme

J_rd%Pi(w,»F {ZCR (@,0,)P,(@)+P (0,)]- )}pﬁ(a)i)Jr v (@)P.(a)

J

(B.1)
+2180, Y 147, (0, - o, I, (@, 0, |P. (0, )+ P.(@,)]

ou o et ¥, sont, respectivement, les coefficients d’atténuation et de rétrodiffusion Rayleigh.
Le facteur 2 affectant le dernier terme rend compte des contributions des deux polarisations.
Cy (a)i,a)j) est le coefficient effectif d’amplification Raman. Avec les résultats expérimentaux
sur Cp (a)s,a)po), ou @, <®,, et @, est la fréquence angulaire de la pompe utilisée dans

I’expérience, le coefficient Cj (a), , a)j) peut étre déterminé par

Ci\w, —|0 -o|,o
¢,(0.6,)-senlo, - o) S 10 ~0k ) 2
‘ ‘ 0, _‘ 0, - ‘
n, (Aw) est le nombre de Bose-Einstein et défini comme
_ 1
n (Aw) (B.3)

! ~exp(hAw/ K, T)-1
D’apres cette définition, nous vérifions facilement 1+7, (Aw)= -n, (-Aw) . Nous avons
développé un programme sous Matlab pour résoudre numériquement 1’équation différentielle
du premiere ordre (B.1), associée des conditions aux limites P, (z=0,a)i) et P, (z=L,a)i).
Puisqu’il s’agit d’un systeme nonlinéaire et bidimensionnel, nous avons utilisé¢ la fonction
BVPAC (voir les fichiers de 1’aide de Matlab, pour plus d’information sur cette fonction) qui

est plus adaptée a notre probleme que les méthodes pour les équations différentielles
ordinaires, comme la fonction ODE45 par exemple.
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Matlab Codes :

function Sol = BVPSolver(PowerOL, PowerOR, WaveL, Att, CRayl, CR, FL, Sol0)

o % %o To o T To To T To To T To To To Fo To To Fo To To Fo To To Fo To To o Fo To To Fo To To Fo To To Fo To To Fo To To Fo To To Fo Fo To To Fo To Yo Fo To Yo Yo
% Input parameters:

% PowerOL  -- Array vector ( [1xN] ) of the input powers at z=0

% PowerOR -- Array vector ( [1xN] ) of the input powers at z=L

% Wavel.  -- Array vector ( [1xN] ) of wavelengthes

% Att -- Array vector ( [1xN] ) of Attenuation coefficients

% CRayl -- Array vector ( [1xN] ) of Rayleigh coefficients

% CR -- Raman coefficient matrix ( [NxN] ) of Raman Coefficients normalised
% FL -- Fibre length

% Sol0 -- Initially guessed solution

%

% Output solution: Sol
% Sol.x -- Positions [1xNZ]
% Sol.y -- Distribution of the powers on Sol.x, [NZx2N]

o %o Yo %o %o Yo To To To Yo Yo %o To Fo Fo To Yo Yo %o Yo To Fo Fo Fo Yo T To To Fo Fo To Yo T Yo To Fo Fo Fo Fo Yo Yo Yo Fo Fo Fo To Yo To Yo Fo Fo Fo Fo %o %o Yo Yo
%% Declaration of global variables
globalg N ... % Nomber of canals, N, total nomber is 2N

g POL ... % Array vector ( [1xN] ) of input powers

g POR ... % Array vector ( [1xN] ) of input powers

g A ... % Array vector ( [1xN] ) of Attenuation Coefficients
g R ... % Array vector ( [1xN] ) of Rayleigh Coefficients
g C .. % Matrix of the Raman coefficients, [NxN]
_SP ... % Matrix of effective spontaneous emission coefficients, [NxN]

Yoinitialization of global variables
g N =length(WaveL);

g_POL = Power(OL;

g_POR =Power0OR;

g A=At
g R =CRayl;
g C =CR;

hp = 1.055e-34; % Planck's constant
kB = 1.38e-23; % Boltzman's constant

Omiga =2*pi*3e+8./WaveL;  %Angular frequencies
EOmiga = ones(g_N, 1)*Omiga' - Omiga*ones(1, g_N); %Frequency differences matrix

%Effective spontaneous emission coefficient matrix at T = 300K
g_SP = 2*abs(diag(gradient(Omiga,1)/(2*pi).*(hp*Omiga)))*(g_C.*(1+1./(exp(hp*EOmiga/(kB*300))-1 + le-12)));
%% le-12, because (exp(hp*EOmiga/(kB*300))-1) can be zero

To %0 To o %o Fo To To Fo To T Fo To To Fo To To To To To To To To To Fo To Fo Fo To T Fo To To Fo To T Fo To o Fo To o Fo Fo o Fo Fo To o Fo Fo o Jo To o Jo To
%% Calculating all together

%% BVP4C options setting

Options = bvpset('RelTol', 1e-5, 'AbsTol', 1e-10,...
'FJacobian', @Jac,...
'BCJacobian', @BClac,...
'Vectorized', 'on', ...
'NMax', le+6, 'Stats', 'off");

% % Initial solution
if isempty(Sol0) %]If there is no given initial solution
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PO_init = zeros(2*g_N, 1);
PO_init(1+g_N:2*g_N) = Power0L/10; PO_init(1+g_N:2*g_N) = PowerOR/10;
Init_Z = linspace(0, FL, 20);
Sol = bvpinit(Init_Z,P0_init);
else
Sol = Sol0;
end

Sol = bvpdc(@dPdz, @BC, Sol, Options);

Yo %0 Fo Yo To Yo Yo To To Yo To To Yo Fo To To Yo To o Yo To Fo Yo To To Yo To To Yo Yo To Yo Yo To Fo Yo To Fo o To Yo Yo Fo To Yo Fo To Fo Yo To Fo Yo Jo Fo Yo Jo Yo
%% Embedded functions

%o dPdz
function dPdz = dPdz(z, P)
globalg Ng POLg PORg Ag Rg Cg SP

Yoinitialization
dPdz = zeros(size(P));

rf=1:2 N; % forward index
b =1f + g_N; % backward index

P = abs(P); % Because it is possible that the values of P are negative.
AZ = g_A*ones(l, length(z));

dPdz(tf, :) = (g_C*(P(tf, :) + P(tb, 1)) - AZ).*P(rf, :) + diag(g_R)*P(rb, :) + g_SP*(P(rf, :) + P(tb, :));
dPdz(rb, :) = -(g_C*(P(tf, :) + P(1b, :)) - AZ).*P(rb, :) - diag(g_R)*P(1f, :) - g_SP*(P(rf, :) + P(rb, :));

Yo-----=-=====--- Boundary conditions
function res = BC(PO, PL)
globalg Ng POLg PORg Ag Rg Cg SP

Yoinitialization
res = zeros(size(P0));

rf=1:g N; % forward index
rb =1f+ g _N; % backward index

res(rf) = PO(rf) - g_POL;
res(rb) = PL(rb) - g_POR; % there is no reflection atz =L

Y0--------------- Jacbian of dPdz
function Jac = Jac(z, P)
globalg Ng POLg PORg Ag Rg Cg SP

9%Make powers positive and record their signes
SP = sign(P); P = abs(P);

Pinitialization
Jac = zeros(g_N*2, g N*2);

rf=1:g2 N; % forward index
b =1f + g_N; % backward index

Jac(rf, rf) = diag(g_C*(P(rf) + P(rb)) - g_A) + diag(P(rf))*g_C + g_SP;
Jac(rf, rb) = diag(P(rf))*g_C + diag(g_R) + g_dB;
Jac(rb, rb) = -diag(g_C*(P(rf) + P(rb)) - g_A) - diag(P(rb))*g_C - g_SP;
Jac(rb, rf) = -diag(P(rb))*g_C - diag(g_R) - g_dB;
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Jac = Jac*diag(SP); %We have in fact dPdz = dPdz(z, P) = dPdz(z, IPI)

Yo---------=----- Jacbian of BC
function [dBCdP0,dBCdPL] = BCJac(PO, PL)
globalg Ng POLg PORg Ag Rg Cg SP

Pinitialization
dBCdPO = zeros(g_N*2); dBCdPL = zeros(g_N*2);

rf=1:2 N; % forward index
b =1f + g_N; % backward index

dBCdPO(tf, rf) = eye(g_N);
dBCdPL(rb, rb) = eye(g_N);
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Annexe C

Dans cette annexe, nous allons prouver I’expression ci-dessous :

(s) = (explsz Az)) = sAn‘aZ} (C.1)

ou s est réel, A est une matrice réelle diagonalisée, Z est une variable complexe guassienne

vectorielle, dont la fonction de densité de probabilité est donnée par !

£.(z) ]exp[— (z-m.) C(z—m.)] (C.2)

B det[z C,,

avec la moyenne m_ et la matrice de covariance C,, .

Afin de prouver (C.1), nous notons tout d’abord que, puisque I f. (z)dz*" =1, nous avons
[expl-(z - .)€ (2 -, )z = detlz €., ] (C3)

Ensuite, nous avons
CID(s) = <exp[sZ+AZ]> = ;J‘exp[— (Z —-m )+C;Z (Z -m )+ sZ+AZ]dZZ" (C4)
det[z C,, ] ) )

Or,

sz AZ—(z-m.) CL(z—m,)

Z
——in,Cum! —2'(C —sA e+ (mIC Lz +7"Clm.)
727227z /4 7z TZZ VAR

s ) e S U IOt (SRR |
:—Z——C m C —sA Z——C m. |+m C ——IC m
( C;Z—SA /4 zj ( /4 { CZ—SA /4 zj z( 7z C;Z—SA 77"z

! A. Papoulis and S.U. Pillai, Probability, Random Variables and Stochastic Processes, McGraw-Hill, 4th ed.,
2002.
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(C.5)
et
e | _ 1 I
“Ch-sA - (Ch—sA)C,  1-sAC, (€6)
1 1 '
= [1-(I-sAC,,)]= sAC
I—sACZZ[ ( ) I-sAC,, “

Remplacant (C.6) dans (C.5), ensuite (C.5) dans (C.4), et utilisant (C.3), nous avons enfin

I I I
®(s)=—det| 71— |exp| in*| CFL — 1 |C}Lam
(5 det[zC,,] { C;Z—SA} p{m{ Z 0T 6 J 2

i ;mmz}

} C.7)
=X
det[I—sAC,, ] p{ “1-sAC,,
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Annexe D

Dans cette annexe, nous allons étudier les propriétés statistiques du SOP relative du signal, et
nous allons enfin trouver une méthode exacte pour calculer 1’autocorrélation du SOP relative

du signal.

D.1 Formulations de Stratonovich

Considérons I’équation stochastique différentielle

dx=Q(x,1)g +U(%,1) (D.1.1)

ol X et U sont deux vecteurs n-dimensionnels, et Q est une matrice de dimension n X m. le

processus g est m-dimensionnel, de moyenne nulle et delta-corrélée
(g,(2)8,(2))=028,8(z - 2) (D.12)
Pour une fonction réguliere quelconque yde X, nous avons alors 12
4, (@) =((6y)o) (D.13)
et

3, (y[x(@)ylx(z + ) = (WG )[x(z + u)]). pour u 0. (D.1.4)

ol G estle générateur de Stratonovich donné par

~ 1 n n m
G=3 U, +EZZZG; (ijQkpaxfaxk +0,9,0,,9., ) (D.1.5)
J

j=1 k=1 p=1

Ecrivant la matrice de rotation gouvernée par (6.16) sous la forme R = (61 c, 63), avec
C; =C, X¢, et ¢, -¢, =0, apartir de (6.16), (6.18), (6.19) et (6.24), nous avons

"P. K. A. Wai and C. R. Menyuk, “Polarization mode dispersion, decorrelation and diffusion in optical fibers
with randomly varying birefringence,” IEEE J. Lightwave Technol. 14, 148-157, 1996.

* A. Galtarossa and L. Palmieri, “Measure of twist-induced circular birefringence in long single-mode fibers:
Theory and experiments,” J. Lightwave Technol. 20, 1149-1159, 2002.
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61 epnpsBs XEI
i éz _ O, | & + ep’lzlsﬁsdx ¢ (D.1.6)
dz| s, L., \&, bstsS

A, ~ap,

ou An, =l-e,n,, O, est une matrice nulle de dimension 9x2, et I, est une 2x2 matrice

ps?
d’identité. Le générateur de Stratonovich pour (D.1.6) est alors donné par

G=-a,p, v, +%ajv; +e,n,, (B, xe,)-v, +b,x5,)v, (D.1.7)

k=1,2

ou V, est le gradient.

D.2 Densité de probabilité au régime stationnaire asymptotique

A strictement parler, 5, n’est pas un processus stationnaire. Pourtant, les résultats de la
simulation numérique de (D.1.7) montrent, qu’apreés une évolution sur une distance d’ordre de
L, , il atteint un régime stationnaire asymptotique, ot sa fonction de densité de probabilité
devient approximativement indépendante de z. Puisque la fonction de densité de probabilité

est la transformée inverse de Fourier de la fonction caractéristique >
f(z%)=TF [0z 7)) (%) (D.2.1)

ou x" :()‘CL_TI,)‘CCT2 X5, X0,V =(¢.¢,,B].5]) et @ est la function caractéristique de of v,

définie par []

©(z;%) = (expi k, - 7)) (D.2.2)

avec k" =(k.k} k;.k[). Supposant que ®(¥ —o0)=0, nous pouvons trouver, a partir de

(D.1.3), (D.1.7) et (D.2.1), I’équation suivante au régime stationnaire asymptotique

i} 1 o o
azf:a'ﬁxﬁ~Vﬁf+§6:V2f—A77ps(xbXxs)-VSf—epﬂpSZ(xﬁxxck)'Vckf:O (D.2.3)

k=1,2

N - _ —_ — —_ —_ T —
ou X, =(xX,,X, X, XX_) Xgz.

Afin de résoudre (D.2.3), nous allons tout d’abord considérer I’équation suivante
_ 1 L -
{%ﬂs-vﬁ +56§V2+(c><r)-V,}f(ﬁx,r)=0 (D.2.4)

ou ¢ =6(,ES) est une fonction vectorielle quelconque de f,. Utilisant le changement de

variable

3 A. Papoulis and S.U. Pillai, Probability, Random Variables and Stochastic Processes, McGraw-Hill, 4th ed.,
2002.
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f(r, 0, ¢) = r(cos fsing sinfsing cos ¢)T (D.2.5)
ou fe [0, 2x] et g€ [0, 7], nous avons >
£(B..r.0.0)=17 1(B,.7) (D.2.6)

avec le Jacobien donné par

or

Jr(r’5’¢)=‘m

‘ =r’sing (D.2.7)

Maintenant, a partir de (D.2.4) avec r = 1, nous trouvons facilement

£(B..6.0)= 14(8.)1.(0.6) (D.2.8)
avec
f5(B.)= 270 exr{— 2;/? B, ZJ (D.2.9)
et
7.6.6)= sing (D2.10)

N 2 2 > . c 1. . _
ou 0, =0, /20,. Nous voyons donc que S, est un processus gaussien bidimensionnel, et 7
est uniformément distribué sur la sphere de Poincaré et indépendant de f,. Ainsi, avec les

changements de variable

5.(0

5

#,)=(cos@ sing  sind, sing, cos¢x)T (D.2.11)
et

R(y,.0,.6,)=R_ (v, )R (¢,)R (6,) (D.2.12)

ou Ryet R, sont les matrices de rotation dans 1’espace de Stokes 4, la fonction de la densité

de probabilité totale, pour R, ,BS et s, joints, peut étre trouvée sous la forme
f= fﬁ(ﬁs )r.(6,.6, ),(7,.6,.6,) (D.2.13)

avece

*J. P. Gordon and H. Kogelnik, “PMD fundamentals: polarization-mode dispersion in optical fibers,” Proc. Nat.
Acad. Sci. 97, 4541-4550, 2000.
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£.6..6)=——sing, et £,(7,.0,.6,)=—sing, (D2.14)
A 87

ce qui implique que ¢,, ¢, et s, sont uniformément distribués sur la sphere de Poincaré, et

R, [, et s, sont statistiquement indépendants..

D.3 Calcul de la fonction d’autocorrélation du SOP relative du signal

Afin de calculer la matrice de cohérence du SOP relative du signal 5, gouverné par (6.24),
C,(z.u)=(5,(z+u)s] (2)) (D3.1)

en régime stationnaire asymptotique, nous allons tout d’abord définir les variables ci-dessous

R(5, xR 5, (D.3.2)

=L__R(g DR 5 (D.3.3)

X, (z.0) = (€, (z+ s (2) (D3.4)
Vou(zu)= (&, (e +u)s] (2)) (D.3.5)

Il est a noter que nous avons X, (z,u)=CS(z,u). A partir de (D.1.4) et (D.1.6), et apres de

longs calculs, nous pouvons trouver les équations récursives suivantes

J,X,, = “2nagx,  —2na,x, , +An,X, |

9,X,, =—(2n+1)a,x,, -2 +1)a,x, , +An,X,,

0,X,, =—(2n+2)a,x,, —2(n+2)ax,,, — 00X, = 0., +2A7, (n+1)o;x
auyn,() = _2naﬁyn,0 - 2naﬁyn—l,() + (1 - 3€p77ps )yn,l + epﬂpsxn,l

auyn,l = _(2n + ]‘)aﬁynl - 2(” + ]‘)aﬁyn—l,l + 20[27’ (n + 1)(1 - 3ep77ps )yn+1,() + epnpsxn,Z

n+l,1

(D.3.6)
ou u = 0. En plus, a partir de (D.2.9), (D.2.13) et (D.2.14), nous avons
~1)'1 w40 o 1
%00 =L 0020, %,,00= 0 22 Gy, 0= 1 L ey, 0)=0
(D.3.7)

Nous pouvons écrire maintenant C, de (D.3.1) sous la forme
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Cs(z,u)zgcﬂ (u) (D.3.8)

ou Cy est la fonction scalaire d’autocorrélation. Il est a noter, qu’en régime stationnaire
asymptotique, nous avons Cg(u)= Cy(—u). Afin de calculer Cy(u), avec u >0, nous

pouvons calculer I’équation différentielle vectorielle de dimension infinie

dv _
— =My (D.3.9)
du

ol M est une matrice constante dont les éléments sont les coefficients constants de (D.3.7), et

' —[ PLLVLEL e ] est un vecteur colonne avec la condition initiale

2

T0)=(-1)"11 0 4%(“1)

n

% 0 (D.3.10)

Nous avons donc

Csx(u): Vo,o(u) (D.3.11)

Il est nécessaire de mentionner, qu’évaluant numériquement (D.3.9), nous avons une bonne
convergence numérique lorsque n = 200 pour le contra-pompage, a comparer a n = 50 pour le
co-pompage.

Pour calculer la transformé de Fourier de Cg,, il nous faut noter que la solution générale de

(D.3.11) peut s’écrire sous la forme

(z)=exp(Mz)v(0) (D.3.12)
Nous avons donc
= Tc (x)exp(— ikx)dx = 2Re[w, , (k)] (D.3.13)
avec
T x)exp(—ikx)dx = —(M —ikI) " %(0) (D.3.14)

Finalement, la longueur de cohérence définie par (6.26) est donnée par

L,=—C.(0) (D.3.15)

l\)l*-*



