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Introduction

L’optique occupe une place grandissante dans des secteurs aussi variés que les télécommu-
nications, les transports, l’industrie des loisirs, la santé, le spatial, ou la défense. En particulier,
les techniques optiques sont de plus en plus utilisées pour la mesure, la détection, le diagnostic,
ou même la manipulation d’objets vivants ou non, car elles sont souvent plus précises, plus
rapides, et moins intrusives que les techniques existantes. Pour ne citer que quelques exemples,
les lasers sont maintenant employés couramment en chirurgie, ophtalmologie et dermatologie,
en raison de leur sélectivité et de leur très grande précision de pointé. Ces mêmes propriétés sont
utilisées pour la rénovation d’œuvres d’art, ou la découpe de matériaux, à l’aide d’impulsions lu-
mineuses. Les radars optiques, ou lidars, sont utilisés pour effectuer des relevés topographiques
ultra-précis et tridimensionnels, de scènes archéologiques ou de chantiers. Dans la défense et la
sécurité, ils peuvent servir à détecter et mesurer la vitesse de véhicules ou d’objets ballistiques
avec une très grande précision. Les industries automobile et aéronautique emploient des sources
optiques cohérentes pour imager en temps réel les processus de combustion ou d’écoulement,
étape indispensable à leur compréhension et à leur optimisation. Dans le domaine infrarouge,
des sources cohérentes sont également utiles pour détecter à distance les polluants qui sont
rejetés dans l’atmosphère, en les discriminant grâce à leur signature spectrale.

Toutes ces activités entraînent un besoin croissant en sources optiques, de puissance et de du-
rée d’impulsions variées (de quelques milliwatts à plusieurs watts, et de quelques microsecondes
à quelques femtosecondes), dans des domaines spectraux divers (de l’ultraviolet au lointain in-
frarouge). Pour certaines applications (spectroscopiques par exemple), la source optique doit de
plus être accordable en longueur d’onde. Dans les domaines militaire, aéronautique, ou spatial,
il existe très souvent des contraintes supplémentaires en termes de compacité et d’efficacité.

Pour répondre à ces besoins, les lasers ont largement démontré leurs potentialités. Ainsi,
les lasers à fibre produisent des puissances très importantes en continu (> 100 W) avec une
bonne qualité de faisceau [IPG], tandis que les diodes lasers ont une efficacité record (rendement
électrique-optique > 60 %) pour un très faible encombrement [Sti06]. Certains lasers produisent
maintenant de façon “routinière” des impulsions de quelques dizaines de femtosecondes [COH],
tandis que d’autres émettent en continu avec une très grande pureté spectrale (< Hz), et une
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Introduction

excellente stabilité de la fréquence (< 50 mHz) ou de la puissance [Eic05, Bai06].
Néanmoins, la technologie laser souffre de deux limitations intrinsèques : un choix restreint

de longueurs d’ondes, et une accordabilité limitée pour chaque source. Ces deux limitations
tiennent toutes deux au fait que l’effet laser est un processus d’amplification de la lumière
utilisant des résonances atomiques. Ainsi, l’accès à une longueur d’onde ne sera possible que
s’il existe un matériau présentant les bonnes résonances électroniques aux bonnes énergies : une
transition de pompe permettant d’exciter le milieu (i.e. qui amène les ions ou les atomes du
niveau fondamental à l’état excité), et une transition avec un gain laser à la longueur d’onde
d’intérêt (i.e. avec une inversion de la population des ions ou des atomes entre le niveau haut et
le niveau bas). De plus, le caractère résonnant du processus signifie souvent une émission très
sélective en longueur d’onde, donc une faible accordabilité. Cette contrainte est parfois levée
grâce à des phénomènes d’élargissement de la transition1, mais ceux-ci n’ont pas lieu dans tous
les milieux lasers. Une certaine accordabilité peut également être réalisée dans les lasers à semi-
conducteurs (jusqu’à 10 % de la fréquence centrale), notamment dans l’infrarouge grâce aux
diodes laser à cascade quantique. Mais cette solution n’est pas transposable à tous les domaines
spectraux, ni à tous les régimes de fonctionnement. En particulier le régime nanoseconde n’est
pas couvert.

L’apport de l’optique non-linéaire

Grâce à l’optique non-linéaire, il est possible de s’affranchir des limitations des lasers en
termes de longueurs d’ondes couvertes et d’accordabilité. La mise en œuvre de matériaux non-
centrosymmétriques permet en effet, sous certains conditions, d’obtenir une réponse qui n’est
plus linéaire avec le champ électrique incident, mais proportionnelle à son carrée (non-linéarité
d’ordre 2). Le phénomène principal qui en découle est la conversion de fréquences. L’intérêt
principal de ces non-linéarités est qu’elles sont non-résonnantes, donc peu sélectives en longueur
d’onde, et sans pertes (pas d’absorption). Grâce à ces propriétés, un même matériau non-linéaire
peut effectuer de la conversion de fréquences sur une très large gamme spectrale. Souvent, la
seule limitation à cette étendue spectrale est la zone de transparence du matériau, qui peut
parfois atteindre plusieurs microns. L’optique non-linéaire fait maintenant partie de la “boite
à outils” de nombreux lasers commerciaux, afin de doubler, tripler, quadrupler, ou sommer
leurs fréquences [QUA]. L’optique non-linéaire permet également de couvrir l’infrarouge moyen
ou lointain (au delà de 2 µm) en régime impulsionnel, là où les sources lasers existantes font
défaut2, ce qui est particulièrement utile pour des applications de spectroscopie ou liées à la
défense.

1Élargissement vibro-électronique, ou vibronique, mettant en jeu les phonons.
2À l’exception de la zone 9–11 µm accessible au laser à CO2, les diodes lasers à base d’antimoine ou à cascades

quantiques n’offrant pas de solution en régime nanoseconde, ou au delà de 10 µm.
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Les oscillateurs paramétriques optiques (OPO)

Le dispositif issu de l’optique non-linéaire qui est probablement le plus intéressant et le plus
polyvalent est l’oscillateur paramétrique optique (OPO). Un OPO est constitué d’un cristal
non-linéaire placé dans une cavité optique résonnante, qui utilise le processus de génération
paramétrique. Une onde à ωp issue d’un laser, dit de pompe, est convertie en une onde signal
à ωs et une onde complémentaire à ωc ≤ ωs, avec la relation ωp = ωs + ωc. On parle d’OPO
simplement ou doublement résonnant, notés respectivement SRO et DRO, selon que la cavité
n’est résonnante qu’à une seule des deux ondes générées, ou aux deux. La mise en cavité
du cristal non-linéaire permet d’amplifier à chaque tour de cavité les ondes résonnantes, de la
même façon que dans un laser. Ainsi l’efficacité de la conversion de fréquences dans un OPO est
généralement très supérieure à celle d’un cristal non-linéaire utilisé en simple passage. L’intérêt
principal d’un OPO est qu’il possède une accordabilité bien supérieure à celle d’un laser. Pour
fixer les ordres de grandeurs, il est possible de couvrir, à partir d’un seul cristal, de quelques
dizaines de nanomètres au minimum à un millier de nanomètres autour de 2 µm, ou toute la
gamme 4–12 µm [Vod00]. À titre de comparaison, les lasers ont une accordabilité typique de
quelques nanomètres, jusqu’à un millier de nanomètres pour les diodes laser à cascade quantique
autour de 8 µm [Wit06]. Seuls un nombre restreint de lasers présente une accordabilité encore
supérieure, comme le Ti:saphir vers 800 nm ou le Cr:ZnSe vers 2,5 µm [Sor05].

Vers des sources non-linéaires plus efficaces

En ce qui concerne leur efficacité, les sources non-linéaires bénéficient de la découverte de
nouveaux cristaux non-linéaires [Sch07], et de l’amélioration continue des lasers de pompe, no-
tamment en termes de puissance et de qualité de faisceau. Toutefois, ces facteurs technologiques
ne sont pas la limitation ultime de l’efficacité de ces sources. De nombreuses études montrent en
effet que, de façon générale, la limitation provient d’une exploitation insuffisante des différentes
longueurs d’ondes générées. En voici quelques exemples. La puissance de sortie des SRO nano-
secondes, qui est généralement celle de l’onde non résonnante, est limitée par un phénomène de
saturation. Cette saturation est due à un phénomène de reconversion des ondes générées vers
la longueur d’onde de pompe, selon le processus ωs + ωc → ωp. Cette reconversion se produit
naturellement dans ces OPO dès lors que l’onde résonnante, le signal par exemple, dépasse
une certaine puissance crête. La suppression de la saturation passe donc par une limitation
intentionnelle de la puissance du signal. Moore et al. [Moo93] ont montré qu’il était possible
de le faire en réutilisant le signal dans un deuxième étage de conversion de fréquences, placé
dans la cavité de l’OPO. Grâce à un système similaire, utilisant à la fois l’onde signal et l’onde
complémentaire, il est également possible de réduire l’effet de l’absorption de certains cristaux
non-linéaires au-delà de 4,3 µm, qui limite habituellement le rendement des OPO infrarouges
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continus [Che01]. Ces deux études ont ainsi abouti à une architecture originale à deux cristaux
non-linéaires, sans équivalent dans le domaine des lasers. Dans un contexte différent, celui des
OPO picosecondes, la saturation est un facteur limitant la production d’impulsions plus courtes
[Lae93]. Pour limiter la saturation dans ce type d’OPO, Khaydarov et al. ont exploité la diffé-
rence de vitesse de groupe entre la pompe et le signal, et ainsi divisé la durée d’impulsion d’un
facteur 20 [Kha95]. Dans le même ordre d’idée, les performances d’un amplificateur paramé-
trique picoseconde sont optimales si la vitesse de groupe de la pompe se situe à mi-chemin entre
celle du signal et du complémentaire [Ari07]. Dans le domaine de l’amplification paramétrique,
la prise en compte de l’onde complémentaire dans un système à deux étages permet d’amplifier
le signal sur fond noir, c’est-à-dire sans fond continu à la longueur d’onde signal en l’absence de
faiceau de pompe [Jov06]. Un autre exemple est celui des OPO nanosecondes. Ces OPO sont
naturellement multifréquences en régime impulsionnel, ce qui n’est pas satisfaisant pour des ap-
plications de spectroscopie. Pour résoudre ce problème, Scherrer et al. ont conçu un DRO dans
lequel le signal et le complémentaire résonnent dans deux cavités distinctes [Sch00]. En modi-
fiant les résonances des cavités indépendamment, il devient possible de ramener l’oscillation à
une seul fréquence. De plus, à l’aide d’un miroir renvoyant le faisceau de pompe non utilisé vers
le DRO, il est possible de diminuer la saturation, ce qui a pour effet d’abaisser le seuil et d’aug-
menter la plage d’accordabilité en longueur d’onde [Ber06]. Ainsi, chacune des trois longueurs
d’onde mises en jeu, signal, complémentaire, et pompe, est mise à contribution pour améliorer
les performances de l’OPO. Ces quelques exemples indiquent qu’il est possible de repousser les
limitations traditionnellement avancées pour les sources non-linéaires, à condition de tirer au
mieux parti de toutes les longueurs d’ondes mises en jeu. Pour les OPO, cela implique de s’écar-
ter des architectures de cavité calquées sur celles des lasers, c’est-à-dire simplement composées
d’une cavité résonnante à une longueur d’onde et d’un seul cristal amplificateur.

Nouvelles fonctionnalités issues de l’optique non-linéaire

Il existe une autre motivation à la recherche d’architectures originales pour les sources non-
linéaires. Plusieurs études montrent en effet qu’il est possible de transformer un dispositif non-
linéaire en une fonction optique rapide. Une première application qui en découle est l’analyse ou
la manipulation d’une onde optique. L’exemple le plus connu est sûrement l’autocorrélateur à
doublage de fréquence, qui permet de mesurer la durée d’une impulsion brève [Web67]. Un autre
exemple est celui des non-linéarités d’ordre 2 en cascade [Ste96]. En utilisant un cristal non-
linéaire en double passage, il est possible de déphaser fortement une onde laser, sans changer
son intensité. L’amplitude du déphasage dépend de l’intensité de l’onde elle-même, mais peut
être contrôlée par une autre onde à la même fréquence. Les non-linéarités en cascade permettent
donc de faire de la modulation de phase, ce qui est à la base du routage optique [Bae95].
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Un dispositif non-linéaire permet également de modifier la dynamique d’oscillation d’une
source optique. Ainsi, les non-linéarités en cascade peuvent être utilisées pour faire de la mo-
dulation d’amplitude, sans changer la phase. Stankov et al. ont appliqué ce principe pour
produire des impulsions courtes, en plaçant un cristal non-linéaire doubleur de fréquence dans
la cavité d’un laser [Sta89b]. Le cristal non-linéaire peut être placé à même escient dans une
cavité externe à celle du laser, créant ainsi deux cavités couplées [Lü94]. Plus généralement,
l’introduction d’un système non-linéaire dans un laser en modifie fortement la dynamique d’os-
cillation. Paiss et al. ont ainsi utilisé un OPO intracavité pour forcer un laser impulsionnel à
osciller en régime quasi-continu [Pai98].

Objectifs de la thèse

De très grands progrès ont donc été faits dans le domaine des lasers, notamment sur la
couverture spectrale et la durée minimale d’impulsion. D’autre part, différents travaux ont été
conduits dans le domaine des sources non-linéaires en vue d’améliorer leur rendement de conver-
sion en tirant avantage de certaines spécificités de ces sources, comme la présence de plusieurs
longueurs d’ondes, ou l’instantanéité de la conversion de fréquences. Toutefois, il nous semble
que ces caractéristiques uniques sont encore largement sous-exploitées, par manque d’archi-
tectures adaptées à leur régime de fonctionnement. Par ailleurs, quelques études ont montré
que l’interaction entre un laser et un dispositif non-linéaire permettait de créer des fonctions
nouvelles. Cependant, ces interactions sont encore mal comprises, et leurs potentialités souvent
insuffisamment exploitées. L’objectif de cette thèse est donc de proposer et de développer de
nouvelles architectures de sources optiques, dans lesquelles un dispositif non-linéaire permet de
mettre en forme spectralement ou temporellement l’émission de lumière. Cette approche nous
conduit naturellement à approfondir notre compréhension des mécanismes physiques fonda-
mentaux de l’optique non-linéaire, et de l’interaction entre un processus laser et un processus
non-linéaire.

Présentation du manuscrit

Pour répondre aux objectifs de la thèse, il était d’abord nécessaire de revenir au Chap. 1
sur quelques unes des propriétés incontournables de l’optique non-linéaire. Ces propriétés ont en
effet été rencontrées et utilisées tout au long du travail de thèse. Ce chapitre devrait permettre
au lecteur de mieux appréhender l’organisation du manuscrit, et au non-spécialiste de découvrir
les principales caractéristiques de l’optique non-linéaire.

Au Chap. 2, nous avons voulu montrer comment l’une de ces spécificités de l’optique
non-linéaire, la présence de plusieurs longueurs d’ondes, pouvait être utilisée pour améliorer le
rendement d’un OPO. Pour cela, nous avons réalisé un OPO infrarouge nanoseconde avec une
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architecture un peu particulière comprenant deux cristaux non-linéaires. Le système résultant,
appelé OPO–OPA, a ensuite été comparé de manière critique à un OPO classique. Ses perfor-
mances ont été évaluées au travers d’une étude théorique et expérimentale. Ce travail a fait
l’objet d’un article détaillé dans Applied Physics B [Mel07c], et de plusieurs communications
orales [Mel05, Mel06b, Mel06a, Mel06c].

Le Chap. 3 est consacré à une autre propriété de l’optique non-linéaire, l’instantanéité
du gain, mais dans un contexte différent, celui des impulsions courtes. Pour cela nous avons
étudié la faisabilité du verrouillage en phase des modes d’un OPO, directement dans la ca-
vité de l’oscillateur. Cette étude comporte une démonstration expérimentale avec des OPO
doublement et simplement résonnants, et une modélisation complète des phénomènes. Les ré-
sultats expérimentaux, obtenus en collaboration avec le Laboratoire Aimé Cotton (CNRS), ont
fait l’objet d’une publication dans Optics Letters [Mel07a], de plusieurs communications orales
[For06c, Mel07b], et d’une conférence invitée [For07]. À l’occasion de cette collaboration, des
avancées intéressantes ont pu être faites sur un OPO continu émettant dans le visible, ce qui
a donné lieu à une autre publication dans Optics Letters [Mel07d], reproduit en Annexe E.
La compréhension du mécanisme de verrouillage des modes dans un OPO a ensuite permis de
proposer un concept original : le verrouillage passif des modes d’un OPO. Une modélisation
du mécanisme sous pompage impulsionnel ou continu a pu être faite grâce à l’apport de Ja-
cob Khurgin (Johns Hopkins University, Baltimore), avec publication d’un premier article dans
Optics Express [Khu07a] et d’un deuxième dans Optics Letters [Khu07b].

Dans le Chap. 4 nous avons mis en œuvre trois des spécificités de l’optique non-linéaire : la
présence de plusieurs longueurs d’onde, la réversibilité des phénomènes, et l’instantanéité, pour
créer un dispositif optique rapide : un miroir non-linéaire. Nous avons ensuite montré comment
intégrer ce miroir dans un laser infrarouge large bande afin d’y verrouiller les modes en phase
et de produire des impulsions picosecondes. Des expériences préliminaires ont été faites dans ce
sens. Nous avons ensuite proposé d’élargir le concept de miroir non-linéaire en considérant un
système où deux oscillateurs, un laser et un OPO, sont fortement couplés. Un code numérique
a été développé pour prédire le comportement dynamique d’un tel système. Des expériences de
validation du code ont ensuite été menées avec un OPO intracavité et un laser à 1 µm.
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Chapitre 1

Propriétés spécifiques des processus
non-linéaires

Objectifs

Le but de ce chapitre est de mettre en valeur les spécificités des processus non-linéaires
d’ordre 2 qui seront rencontrées tout au long de ce mémoire. Tout d’abord, nous rappel-
lerons l’origine et l’importance de l’accordabilité en fréquence des non-linéarités, et de
l’amplification paramétrique en particulier. Puis nous expliquerons pourquoi la présence
de deux ou trois fréquences distinctes doit être prise en compte pour utiliser efficacement
ces non-linéarités dans un système pratique. Cet aspect sera mis en pratique au Chap. 2.
Nous soulignerons l’importance du caractère instantané de ces non-linéarités qui inter-
viendra tout au long de ce manuscrit. Nous insisterons sur la réversibilité du processus,
et introduirons une quantité très importante, la phase non-linéaire. Celle-ci jouera un rôle
de premier plan au Chap. 4. Puis nous nous attacherons plus particulièrement à l’amplifi-
cation paramétrique. Nous montrerons d’abord dans quelles conditions la bande passante
d’amplification peut être très large, et quelle est son lien avec le désaccord de phase. Nous
établirons ensuite diverses expressions du gain paramétrique. Ces résultats seront utilisés
au Chap. 3.
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Chapitre 1 - Propriétés spécifiques des processus non-linéaires

1.1 Accordabilité en fréquence

Considérons un cristal non-linéaire éclairé par une onde laser de pompe à ωp, dans le but
d’amplifier les ondes signal à ωs et complémentaire à ωc. La réponse du milieu (oscillations
électroniques) au champ électrique incident E (t) est décrite par la polarisation non-linéaire
d’ordre 2 P (2) (t) = ε0χ

(2)E2 (t). La susceptibilité non-linéaire χ(2) donne l’ordre de grandeur
de cette réponse. La polarisation créée par la pompe est à l’origine de deux nouveaux champs
optiques, le signal et le complémentaire. Ces champs créent à leur tour une polarisation non-
linéaire qui rayonne à ωp, et ainsi de suite. Au cours de leur propagation dans le cristal les
trois ondes échangent donc de l’énergie, en respectant bien sûr la relation de conservation de
l’énergie ~ωp = ~ωs + ~ωc [Blo80], où ~ est la constante de Planck divisée par 2π.

Avec une non-linéarité d’ordre 2, les ondes générées sont directement proportionnelles au
carré du champ électrique. Cela signifie que leur phase dépend de la phase du champ pompe
ainsi que de celle de l’autre onde générée. Plus exactement, les trois ondes sont couplées via la
phase non-linéaire ϕ = ϕp − ϕs − ϕc, dont l’importance est discutée au Chap. 1.4. En résumé,
il s’agit d’un processus cohérent. Par conséquent, pour que l’amplification soit efficace, il faut
que l’onde générée en z+∆z interfère constructivement avec l’onde générée un peu avant, en z.
Ceci n’est possible que si les ondes ne se déphasent pas les unes par rapport aux autres, c’est-
à-dire si elles se propagent “à la même vitesse”. Plus exactement, les ondes doivent respecter la
condition d’accord de phase

∆k = kp − ks − kc ≡ 0, (1.1)

où ki = k (ωi) = n (ωi)ωi/c est le vecteur d’onde, n l’indice de réfraction du milieu, et ∆k

le désaccord de phase. Cette relation peut également être vue comme une conservation de la
quantité de mouvement ~~k des photons [Blo80]. Dans le cas de l’amplification paramétrique,
kp est fixé. Cela signifie que tout couple de fréquences (ωs, ωc) aboutissant à un désaccord de
phase nul (et respectant la conservation de l’énergie) est susceptible d’être amplifié. Pour cela,
il suffit de mettre les ondes en phase en ajustant leur ki. Dans un matériau isotrope classique,
l’accord de phase n’a pas lieu naturellement à cause de la dispersion de l’indice de réfraction,
qui entraîne systématiquement ∆k 6= 0. Il existe cependant de nombreux moyens de réaliser
l’accord de phase, que ce soit dans les cristaux biréfringents [Gio62] ou dans des guides d’ondes
[Fio98] en utilisant la dépendance en polarisation de l’indice de réfraction, ou dans les cristaux
ferroélectriques ou semiconducteurs en remettant les ondes en phase périodiquement (quasi-
accord de phase) [Fej92, Haï04, Vod07]. La propriété fondamentale de l’accord de phase est
qu’il offre un large choix de (ωs, ωc), c’est-à-dire qu’il permet une très large accordabilité en
fréquence des ondes générées. Il s’agit bien d’une spécificité des processus non-linéaires d’ordre
2, sans équivalent dans le domaine des lasers. Cette souplesse dans le choix des longueurs d’ondes
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1.2 Un processus à plusieurs photons

n’est pas spécifique à la génération paramétrique, et caractérise l’optique non-linéaire de façon
générale. Elle sera exploitée tout au long de ce manuscrit. Au Chap. 2 elle servira à produire
trois longueurs d’ondes à partir d’un seul type de cristal. Aux Chap. 3 et 4 seront présentés
des concepts d’optique non-linéaires transposables à quasiment n’importe quel domaine de
longueurs d’ondes. Cette spécificité de l’optique non-linéaire se révélera particulièrement utile
dans l’infrarouge moyen et lointain, où les alternatives sont rares.

1.2 Un processus à plusieurs photons

À partir des équations régissant la propagation des ondes selon z dans un milieu non-linéaire
(A.18), il est facile d’extraire quatre invariants (en l’absence d’absorption) :

m1 = φp (z) + φs (z) m2 = φp (z) + φc (z) m3 = φs (z)− φc (z) (1.2)

Γ =
√
φp (z)φs (z)φc (z) cosϕ (z) , (1.3)

où φp,s,c désigne le flux de la pompe, du signal, et du complémentaire, respectivement. ϕ est
la phase relative des trois ondes dont nous reparlerons au Chap. 1.4. Pour l’amplification pa-
ramétrique, les trois premiers invariants se combinent pour donner les fameuses relations de
Manley-Rowe [Blo80] portant sur les flux de photons :

φp (0)− φp (lc) = φs (lc)− φs (0) = φc (lc)− φc (0) , (1.4)

où lc est la longueur du cristal non-linéaire. Cette relation signifie simplement que le nombre
de photons signal ou complémentaire créé est égal au nombre de photons pompe détruits.
D’après ces relations, l’image du photon pompe se “cassant” en deux pour donner un seul
photon signal et un seul photon complémentaire est donc correcte. Cependant, tous les photons
pompe ne sont pas forcément convertis, i.e. le taux de dépeuplement de la pompe est en général
inférieur à 1. On définit alors le rendement photonique ηph = 1 − φp (lc) /φp (0). Dans un
oscillateur paramétrique optique simplement résonant (SRO) fonctionnant en régime continu,
où gain et pertes s’équilibrent parfaitement, ce rendement est confondu avec le rendement de
la source, qu’il soit compté pour le signal ou le complémentaire : ηph = φsorties (lc) /φp (0) =

φsortiec (lc) /φp (0).
Dans un SRO continu, rien ne limite fondamentalement le rendement photonique. En effet, il

peut atteindre 100 % si la pompe est complètement dépeuplée en un passage à travers le cristal,
ce qui est en théorie toujours possible pour une certaine puissance de pompe au dessus du seuil
(environ 2,4× le seuil pour de faibles pertes) [Ros02]. Expérimentalement, la géométrie de la
cavité et la qualité spatiale des faisceaux sont critiques pour atteindre de telles performances,
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Chapitre 1 - Propriétés spécifiques des processus non-linéaires

mais 93 % de dépeuplement de la pompe a tout de même pu être démontré [Bos96]. En régime
impulsionnel, le dépeuplement complet n’est pas possible sur toute la durée de la pompe. En
pompant très au-delà du seuil, il est toute de même possible d’atteindre 70 % de dépeuplement
de la pompe dans certains OPO [Mye97]. L’amélioration du dépeuplement de la pompe en
régime impulsionnel sera l’objet du Chap. 2.

Néanmoins, l’efficacité énergétique d’un SRO est fondamentalement limitée au rapport ωc/ωp
si l’onde d’intérêt est le complémentaire. À l’instar d’un laser, un OPO a donc un défaut quan-
tique Dq = 1−λp/λc = λp/λs. Bien évidemment, amener ce rendement à 1 n’a pas d’intérêt, en
particulier lorsqu’il s’agit de produire de l’infrarouge1. Mais contrairement aux lasers, l’énergie
de ce défaut quantique n’est pas perdue en chaleur via des relaxations non radiatives : elle est
transmise à une autre onde, le signal. Cela a de multiples avantages. Premièrement, les effets
thermiques découlant habituellement du défaut quantique dans les lasers n’existent pas dans
un OPO2. Ensuite, il n’est plus nécessaire de découpler l’onde résonnante, puisque l’autre onde
générée peut être totalement extraite, ce qui permet d’abaisser le seuil de l’OPO au maximum
(jusqu’au niveau des pertes passives). Au contraire, le signal peut être utilisé comme deuxième
longueur d’onde de sortie : l’OPO est donc une source bi-fréquence naturelle. Cette deuxième
sortie peut même être placée sur un autre miroir que le miroir de sortie du complémentaire, ce
qui permet d’avoir deux rayonnements séparés spatialement [God05]. Plus intéressant, l’onde
signal, si elle est résonnante, peut être recyclée dans un second cristal non-linéaire à l’intérieur
même de la cavité. Ceci permet d’aller au delà de la limite habituelle de 100 % pour le rende-
ment photonique, comme nous le verrons au Chap. 2. La présence de plusieurs longueurs d’onde
permet également, à volonté, de pouvoir les traiter indépendamment les unes des autres, ou
bien de les coupler entre elles. Cette propriété sera utilisée au Chap. 4.

1.3 Instantanéité

Les non-linéarités d’ordre 2 sont non résonnantes, c’est-à-dire que les fréquences mises en
jeu sont loin de toute bande d’absorption du milieu non-linéaire. Dans ce cas, les susceptibilités
linéaire χ(1) et non-linéaire χ(2) sont indépendantes de la fréquence, et les polarisations du milieu
suivent instantanément l’oscillation du champ électrique : P (1) (t) = ε0χ

(1)E (t) et P (2) (t) =

ε0χ
(2)E2 (t). Puisque les photons ne sont pas absorbés sur un niveau excité, il n’y a pas de

temps de vie associé, et donc pas de stockage de l’énergie. En réalité, le temps de réponse
1La situations est différente pour les lasers à faible défaut quantique pompés par diode. En effet, ces lasers

permettent de convertir le faisceau des diodes laser de puissance, de mauvaise qualité spatiale, en un faisceau
de très bonne qualité spatiale et spectrale, parfois de manière accordable. Ayant peu d’effets thermiques, il sont
particulièrement bien adaptés aux forte puissances. Ces lasers peuvent ensuite être modifiés pour émettre des
impulsions, ce qui est rarement possible avec des diodes lasers de puissance.

2Sauf si le complémentaire est absorbé, ce qui se produit par exemple dans le PPLN au delà de 4,5 µm.
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1.4 Un transfert d’énergie réversible : importance de la phase non-linéaire

du matériau n’est pas nul : il est de l’ordre de grandeur du temps de retour d’un électron
élastiquement lié à sa position d’équilibre après excitation par un champ électromagnétique, soit
quelques femtosecondes. À l’échelle des phénomènes étudiés dans ce manuscrit, de la picoseconde
à la nanoseconde, ce temps est négligeable et tout se passe comme si la non-linéarité était
instantanée.

Cette propriété a tellement de conséquences pratiques sur la conception et l’utilisation des
sources non-linéaires qu’il serait inutile de vouloir toutes les citer ici. Nous en verrons quelques
avantages et quelques inconvénients tout au long de ce manuscrit. La possibilité de convertir
des fréquences de façon instantanée permet de créer des fonctions rapides à l’intérieur même
d’un oscillateur paramétrique, comme au Chap. 2, ou d’un oscillateur laser, comme au Chap. 4.
L’absence de stockage du gain et le dépeuplement instantané de l’énergie sont étudiés en détail
au Chap. 3, ainsi que des approches permettant de contourner ces limitations.

1.4 Un transfert d’énergie réversible : importance de la
phase non-linéaire

Fig. 1.1: Constante du mouvement Γ =
√
φp (z)φs (z)φc (z) cosϕ (z) en fonction de la phase non-

linéaire et du flux de pompe normalisé φ′p pour un accord de phase parfait. L’amplification
paramétrique (pompe forte, signal faible) démarre au point (φ′p ' 1,ϕ = π/2) et suit une
trajectoire correspondant à un Γ constant (contour en noir).

Dans un cristal non-linéaire, les trois ondes pompe, signal, et complémentaire sont fortement
couplées et échangent en permanence de l’énergie entre elles. Le sens de ce transfert d’éner-
gie dépend fortement des phases et des intensités relatives de ces ondes. Plus exactement, la
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Chapitre 1 - Propriétés spécifiques des processus non-linéaires

génération paramétrique dépend de la phase non-linéaire :

ϕ (z) = ϕp (z)− ϕs (z)− ϕc (z) .

Cette phase apparaît naturellement dans les équations couplées non-linéaires (A.18) décri-
vant la propagation des trois ondes (voir l’Annexe A). Mais la phase de chaque onde dans le
cristal non-linéaire dépend des intensités des deux autres ondes. L’interaction non-linéaire est
donc décrite par deux systèmes d’équations couplant l’intensité et la phase, ce que nous verrons
au Chap. 1.6. Ce couplage phase–intensité est illustré sur la Fig. 1.1.

Lorsque la phase vaut π/2, le transfert d’énergie se fait de la pompe vers le signal et le
complémentaire, et inversement pour une phase de −π/2. Au démarrage d’un oscillateur pa-
ramétrique optique, la phase n’est pas déterminée car les ondes signal et complémentaire ne
sont que du bruit. Lorsque leur amplitude augmente, la phase non-linéaire s’ajuste à π/2, afin
de privilégier le transfert d’énergie de l’onde la plus puissante vers les ondes les plus faibles.
Sur la Fig. 1.1, ceci correspond au point (1,π/2). La phase reste ensuite bloquée à π/2 tandis
que la pompe est dépeuplée, soit une trajectoire horizontale vers la gauche sur la Fig. 1.1.
Cependant, lorsque la pompe tombe à zéro, sa phase n’est plus définie. La phase non-linéaire
s’ajuste alors à −π/2, pour maximiser le transfert vers l’onde la plus faible, ce qui correspond à
la discontinuité en 0 sur la Fig. 1.1. C’est le phénomène bien connu de la reconversion : lorsque
la pompe est totalement dépeuplée, le signal et le complémentaire se recombinent pour recréer
de la pompe. Dans une impulsion, cet effet se produit d’abord au centre où la puissance crête
est maximale. Dans un OPO, la reconversion apparaît lorsqu’on est suffisamment au dessus du
seuil d’oscillation et finit par limiter la puissance générée : on parle alors de saturation.

La phase non-linéaire peut être modifiée en introduisant un élément dispersif sur le trajet
des ondes. Par rotation de cet élément (i.e. modification de l’épaisseur traversée) il est possible
de modifier à volonté le sens du transfert d’énergie ωp � ωs + ωc. De plus, nous avons vu
que ce transfert d’énergie est instantané (cf. Chap. 1.3) : il est donc possible de réaliser un
“commutateur” optique très rapide. C’est ce qui sera présenté au Chap. 4.

1.5 L’amplification paramétrique : un processus large bande

La condition d’accord de phase (1.1) impose une condition aux fréquences pompe, signal,
et complémentaire pour que la conversion non-linéaire ait lieu. En réalité, cette condition n’est
pas stricte : même en présence d’un léger désaccord de phase (déphasage entre les ondes), il y
aura amplification paramétrique. Ceci permet d’amplifier les fréquences voisines de l’accord de
phase, donc le spectre d’une impulsion. Pour déterminer la bande passante de l’amplification
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Fig. 1.2: Désaccord de phase ∆klc en fonction de la longueur d’onde signal, pour un cristal de
PPLN:MgO pompé à 532 nm, et deux longueurs d’ondes d’accord de phase (i.e. deux tem-
pératures de cristal) : 975 nm et 1050 nm. Les contributions des différents ordres définis par
(1.7) sont montrées.

paramétrique, voyons comme le désaccord de phase évolue avec la fréquence :

∆k (ω) = kp − k (ω)− k (ωp − ω) , (1.5)

où la fréquence de la pompe est fixée, et la fréquence du signal notée ω pour simplifier l’écriture.
Ce désaccord de phase peut faire l’objet d’un développement limité autour de la porteuse
signal ω0 :

∆k (ω) = ∆k (ω0) +
d∆k

dω

∣∣∣∣
ω0

(ω − ω0) +
1

2

d2∆k

dω2

∣∣∣∣
ω0

(ω − ω0)2 + . . . (1.6)

Tout au long de ce manuscrit, on considérera que la porteuse est à l’accord de phase exact
chaque fois que cette expression sera utilisée3. Le premier terme est donc nul. On trouve faci-
lement, en s’arrêtant à l’ordre 2

∆k (ω) ' − (k′s − k′c) (ω − ω0)− 1
2

(k′′s + k′′c ) (ω − ω0)2

k′s = dk
dω

∣∣
ω0

k′c = dk
dω

∣∣
ωp−ω0

. (1.7)

3Cette hypothèse n’est pas forcément automatique. Il existe en effet des cas où un désaccord de phase à la
fréquence centrale est souhaité, pour les processus non-linéaires en cascade

[
χ(2) : χ(2)

]
par exemple.
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Chapitre 1 - Propriétés spécifiques des processus non-linéaires

Posons tout de suite

∆ω1 =
2
√

3

lc (k′s − k′c)
=

2
√

3

lc
(
v−1
g,s − v−1

g,c

) =
2
√

3

Tg,s − Tg,c
(1.8)

Dopa =
1

6
(k′′s + k′′c ) lc, (1.9)

où lc est la longueur du cristal, vg désigne la vitesse de groupe et Tg le temps de groupe. Le
désaccord de phase se réécrit donc

∆klc (ω) ' −2
√

3
(ω − ω0)

∆ω1

− 3Dopa (ω − ω0)2 . (1.10)

Cette expression nous apprend que le désaccord de phase dépend principalement de deux
termes : la dispersion d’ordre 1 ∆ω1 et la dispersion d’ordre 2 Dopa. Or nous avons dit que la
bande passante d’amplification paramétrique dépendait de la tolérance du désaccord de phase
en fréquence. Par conséquent la bande passante d’amplification paramétrique dépend uniquement
de la dispersion du matériau.
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Fig. 1.3: Bande passante d’amplification dans un cristal de PPLN:MgO pompé à 532 nm en fonction
de la longueur d’onde signal. La définition retenue pour cette figure est celle donnant ∆klc ≡
π. Les contributions des différents ordres définis par(1.7) sont montrées.

En général, ∆ω1 prévaut devant D−1
opa , comme le montre la Fig. (1.2). Or ∆ω1 n’est rien

d’autre que l’inverse du délai de groupe entre le signal et le complémentaire (à un facteur
numérique près). Donc la bande passante d’amplification est d’abord limitée par le fait que les
impulsions signal et complémentaire tendent à se séparer spatialement (ou temporellement) lors
de la propagation dans le cristal. En s’approchant de la dégénérescence, λs ' λc, les vitesses de
groupe du signal et du complémentaire deviennent très proches, et ∆ω1 tend vers l’infini. Ceci est
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1.6 Expressions du gain paramétrique

visible sur la Fig. 1.3. La bande passante est alors limitée parD−1
opa, qui peut s’interpréter comme

la variation de vitesse de groupe à l’intérieur du spectre de chaque impulsion. Très près de la
dégénérescence, ∆k varie maintenant avec le carré de la fréquence, et devient donc très tolérant.
Nous venons de soulever un autre point spécifique à l’amplification paramétrique : au voisinage
de la dégénérescence la bande passante d’amplification paramétrique est très importante. La
Fig. 1.3 montre qu’elle peut ainsi atteindre plusieurs THz. Cette propriété sera utilisée au
Chap. 3 pour amplifier des impulsions picosecondes. À noter que plusieurs définitions existent
pour la bande passante. Nous avons tenté de clarifier les différentes définitions en Annexe B.

1.6 Expressions du gain paramétrique

L’objectif de cette partie est de montrer que sous certaines conditions le gain paramétrique
est identique à celui d’un milieu laser. Pour cela, le gain est exprimé en fonction du désaccord
de phase ∆k, puis en fonction de la fréquence.

Le gain paramétrique est calculé dans l’approximation de la pompe non dépeuplée, ce qui
sert de base au Chap. 3. La prise en compte du dépeuplement de la pompe est néanmoins
nécessaire en régime impulsionnel lorsque les pertes de la cavité sont non négligeables. Ce cas
est traité au Chap. 2 lors de l’étude d’un OPO nanoseconde.

1.6.1 Approximation de la pompe non dépeuplée

Chaque onde, pompe, signal, et complémentaire, est décrite par une enveloppe lentement
variable autour de sa fréquence centrale ωi, avec i = p,s,c :

Ei (z,t) =
1

2
Ai (z,t) e

−iωit+ikiz + cc,

où la densité de puissance en W/m2 s’écrit Ii = 1
2
ε0cni |Ei|2 = 1

2
ε0cni |Ai|2, avec ε0 la permitti-

vité électrique dans le vide, c la vitesse de la lumière, et ni l’indice de réfraction du milieu à la
longueur d’onde considérée. Ce champ est ensuite décomposé en une partie réelle et une partie
imaginaire, c’est-à-dire selon son amplitude ui et sa phase ϕi :

Ai (z,t) =

√
ωi
ni
ui (z,t) e

iϕi(z,t),

où le flux de photons en s−1/m2 est u2
i /2~Z0 et la densité de puissance en W/m2 est ωiu2

i /2Z0,
avec Z0 = 1/ε0c ' 377 Ω l’impédance du vide.

On peut montrer que loin d’une résonance du milieu (ce qui est le cas en pratique), la
réponse non-linéaire du milieu est directement proportionnelle au carré du champ électrique
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Chapitre 1 - Propriétés spécifiques des processus non-linéaires

total (cf. Annexe A.2) :

P (2) (t) = ε0χ
(2)E2 (t) ,

où χ(2) est la susceptibilité non-linéaire d’ordre 2, dont la valeur dépend de l’accord de phase
considéré, c’est-à-dire du choix du triplet (ωp,ωs,ωc) et des polarisations des champs. En né-
gligeant dans une première approche les différences de vitesse de groupe entre les trois ondes,
les équations non-linéaires décrivant le transfert d’énergie entre les trois ondes sont alors (cf.
Annexe A.2)

dup
dz

= κusuc sin (ϕ+ ∆kz)
dϕp
dz

= κ
usuc
up

cos (ϕ+ ∆kz)

dus
dz

= −κupuc sin (ϕ+ ∆kz)
dϕs
dz

= κ
upuc
us

cos (ϕ−∆kz)

duc
dz

= −κupus sin (ϕ+ ∆kz)
dϕc
dz

= κ
upus
uc

cos (ϕ−∆kz) , (1.11)

où on a posé κ = χ(2)

2c

√
ωpωsωc
npnsnc

le coefficient de couplage non-linéaire, et ϕ = ϕp − ϕs − ϕc la
phase non-linéaire. Intensité et phase sont donc couplées, ce que nous avions vu sur la Fig. 1.1.
À partir de (1.11), on montre facilement que si up (z) ' cste (pompe non dépeuplée), le gain
paramétrique pour l’onde signal vaut [She84]

tOPA (∆k) =

(
cosh γlc − i

∆k

2γ
sinh γlc

)
ei∆klc/2

γlc =

√
(qlc)

2 − (∆klc/2)2 (1.12)

q = κup,

où q est le coefficient de gain dit “petit signal”, car la pompe n’est pas dépeuplée. Cette ap-
proximation est parfois appelée “paramétrique”. Il n’y aura amplification que si γlc est réel, i.e.
que si q > ∆klc/2. Il est possible d’obtenir des expressions asymptotiques en fonction de qlc.
Les détails de ces calculs sont donnés ci-dessous, et les résultats sont tracés sur la Fig. 1.4(a).
Le gain en intensité à la traversée du cristal s’écrit

TOPA (∆k) = tOPA · t∗OPA = 1 +
q2

γ2
sinh2 γlc. (1.13)

(1.13) est également tracée en fonction du désaccord de phase sur la Fig. 1.4(b). Pour un
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Fig. 1.4: (a) Gain exact dans l’approximation paramétrique (1.6.1), approximation en gain faible
(1.15), et en gain fort (1.18). Le gain d’OPO continu “typique”, celui du Chap. 3, est noté
en trait pointillé. (b) Gain paramétrique en fonction du désaccord de phase (noir), pour un
gain égal à celui de l’OPO du Chap. 3, d’après (1.13), et approximation faible gain (rouge
pointillé), d’après (1.14).

gain faible, le gain paramétrique est essentiellement donné par un sinus cardinal :

TOPA (∆k) ' 1 + q2l2c sinc2 ∆klc/2. (1.14)

1.6.2 Expressions approchées du gain paramétrique

Approximation quadratique (gain faible)

Pour obtenir une expression approchée de la transmission non-linéaire du cristal, nous consi-
dérons un gain faible, i.e. γlc � 1, et un faible désaccord de phase, i.e. ∆klc/2 � qlc. Dans
(1.12), les différents termes sont développés à l’ordre le plus élevé possible, en se limitant à des
termes d’ordre 2 dans le résultat final. Ainsi cosh est développé à l’ordre 4 en (γlc) , sinh à
l’ordre 3, et l’exponentielle à l’ordre 2. (γlc)

2 est développé à l’ordre 2 en ∆klc/2 et qlc. Nous
obtenons alors les approximations quadratiques suivantes

tOPA (∆klc) ' 1 +
g

2

[
1 +

2

3
i

(
∆klc

2

)
− 1

3

(
∆klc

2

)2
]

(1.15)

TOPA (∆klc) ' 1 + g

[
1− 1

3

(
∆klc

2

)2
]
, (1.16)
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Chapitre 1 - Propriétés spécifiques des processus non-linéaires

avec g = (qlc)
2. Nous pouvons vérifier qu’à l’accord de phase exact, le gain de l’OPA retrouve

une forme familière

tOPA (0) = 1 +
(qlc)

2

2
' cosh qlc.

L’approximation du gain faible reste meilleure que 10 % pour qlc< 0,92, comme le montre
la Fig. 1.4. Comme le gain g est faible, la transmission en intensité peut également se mettre
sous la forme

TOPA (∆klc) ' exp g

[
1− 1

3

(
∆klc

2

)2
]
. (1.17)

Approximation exponentielle (gain fort)

Ici, nous considérons que le gain est fort, i.e. γlc � 1, et que le désaccord de phase est faible,
i.e. ∆klc/2� qlc. Dans (1.12) les exponentielles positives de cosh et de sinh l’emportent sur le
reste, ce qui donne

tOPA (∆klc) '
1

2

[
1− i

(
∆klc
2γlc

)]
eγlc (1.18)

TOPA (∆klc) '
1

2
+

1

4
exp 2qlc

[
1− 1

2

(
∆klc/2

qlc

)2
]
. (1.19)

Ces expressions sont valables (erreur < 10 %) pour qlc> 1,15, c’est-à-dire pour un gain en
intensité supérieur à 3 (cf. Fig. 1.4). Le gain en intensité devient purement exponentiel (facteur
1/2 négligeable avec une erreur < 10 %) pour qlc>1,8, soit un gain en intensité très supérieur
à 10.

1.6.3 Gain en fonction de la fréquence

Nous avons vu avec (1.7) comment le désaccord de phase pouvait être développé en fonction
de la fréquence. Le gain paramétrique en amplitude s’écrit donc

tOPA (ω) ' 1 +
g

2

[
1− 2√

3
i
ω − ω0

∆ω1

− iDopa (ω − ω0)2 − (ω − ω0)2

∆ω2
1

]
pour un gain faible

tOPA (ω) ' 1

2

[
1 +

3

2

(
2√
3
i
ω − ω0

∆ω1

+ iDopa (ω − ω0)2 − (ω − ω0)2

∆ω2
1

)]
e
√
g

√
g

pour un gain fort,

(1.20)

avec les notations déjà introduites aux Chap. 1.5. La bande de gain est donc donnée par
∆ω1 = 2

√
3

lc(k′s−k′c)
et Dopa = 1

6
(k′′s + k′′c ) lc, c’est-à-dire uniquement par la dispersion du matériau.
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1.6 Expressions du gain paramétrique

Il est intéressant de noter que ∆ω1 etD−1
opa peuvent avoir des effets opposés selon qu’on considère

un gain faible ou un gain fort. Le gain paramétrique en amplitude, tel que donné par (1.20),
sera utilisé au Chap. 3.2.2 pour modéliser l’OPO à modes verrouillés en phase.

Gain loin de la dégénérescence

Dans ce cas, la dispersion d’ordre 2 peut être négligée, et le gain en intensité vaut

TOPA (ω) ' 1 + g

[
1− (ω − ω0)2

∆ω2
1

]
' exp g

[
1− (ω − ω0)2

∆ω2
1

]
pour un gain faible

TOPA (ω) ' 1

4
exp gh

[
1− (ω − ω0)2

∆ω2
1h

]
pour un gain fort, (1.21)

avec ∆ω1h =
√

2
3
qlc∆ω1 et gh = 2qlc > 3,6. La bande passante de l’amplificateur paramétrique

est donc principalement limitée par ∆ω1, c’est-à-dire par la séparation temporelle (temporal
walk-off ) du signal et du complémentaire. Cette définition de la bande de gain n’est pas unique
(cf. Annexe B), mais c’est celle que nous utiliserons dans ce manuscrit.

Gain près de la dégénérescence

Dans ce cas ∆ω1 tend vers l’infini et d’après (1.20) le gain en intensité est

TOPA (ω) ' 1 + g

[
1− (ω − ω0)4

∆ω4
2

]
pour un gain faible

TOPA (ω) ' 1

4
exp gh

[
1− (ω − ω0)4

∆ω4
2h

]
pour un gain fort, (1.22)

avec ∆ω2
2 = 2√

3
D−1
opa = 4

√
3

lc(k′′s+k′′c )
et ∆ω2

2h =
√

2
3
qlc∆ω

2
2 . La bande passante de l’amplificateur

paramétrique possède donc une dépendance quartique avec la fréquence. Elle est très large et
donc particulièrement bien adaptée à l’amplification d’impulsions courtes. Cette propriété sera
utilisée au Chap. 3.

1.6.4 Discussion sur la forme du gain : analogie entre laser et OPO

En gain faible (1.16), comme en gain fort (1.19), le gain en intensité d’un amplificateur
paramétrique prend une forme exponentielle, dont l’argument dépend de façon quadratique de
la fréquence. Cette dépendance est exactement celle d’un amplificateur laser [Sie86]. Par consé-
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quent, au premier ordre, amplificateur paramétrique et amplificateur laser sont formellement
équivalents. Cette analogie surprenante sera le point de départ du Chap. 3, où nous montrerons
comment les techniques de production d’impulsions courtes développées pour les lasers peuvent
être appliquées aux oscillateurs paramétriques optiques. Loin de la dégénérescence, la bande
de gain dépend uniquement de la différence de vitesse de groupe entre le signal et le complé-
mentaire, donc de la dispersion du matériau. Près de la dégénérescence le gain paramétrique
dépend de la fréquence de façon quartique, et est limité par la dispersion d’ordre 2. Il n’est
alors plus équivalent à un gain laser. Par contre, il est extrêmement large bande, et ce de façon
systématique quelque soit le cristal non-linéaire utilisé. Ce gain semble donc particulièrement
adapté à l’amplification d’impulsions courtes, ce que nous étudierons au Chap. 3.

Synthèse

Nous avons insisté sur six propriétés essentielles des non-linéarités d’ordre 2 : l’accor-
dabilité en longueur d’onde, la présence de plusieurs longueurs d’ondes simultanément,
l’instantanéité du processus, la réversibilité contrôlée par la phase, la très grande bande
passante du gain paramétrique, et sa forte ressemblance avec le gain laser. Nous avons
vu que la présence de longueurs d’ondes différentes, en interaction non-linéaire cohérente,
ouvre la voie à de nombreuses fonctions optiques sans équivalent dans d’autres systèmes.
Il est ainsi possible de manipuler les différentes longueurs d’ondes indépendamment les
unes des autres, avec un miroir dichroïque par exemple. Au contraire, ces ondes peuvent
être couplées et échanger de l’énergie dans un cristal non-linéaire. Comme ce couplage est
cohérent, c’est-à-dire qu’il dépend de la phase relative entre les ondes, il est possible de
le contrôler en ajustant la phase non-linéaire. Ce couplage est instantané, ce qui permet
de créer des fonctions rapides, mais peut également conduire à des limitations. La largeur
naturellement grande du gain paramétrique au voisinage de la dégénérescence permet de
générer des impulsions très courtes. Toutes les propriétés citées ici seront exploitées à un
moment ou à un autre dans ce manuscrit
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Chapitre 2

Amplification paramétrique intracavité
pour l’amélioration du rendement d’un
oscillateur paramétrique optique

Objectifs

Au Chap. 1, nous avons vu quelques spécificités des oscillateurs paramétriques optiques,
en particulier la présence d’au moins 3 longueurs d’ondes en interaction cohérente, ainsi
que l’effet de saturation ou de reconversion. L’objectif de ce chapitre est justement de mon-
trer comment la gestion de la saturation, ainsi que l’utilisation de toutes les longueurs
d’ondes générées, permet d’améliorer le rendement d’un OPO vers la bande spectrale d’in-
térêt. Pour cela, nous présentons une architecture à deux cristaux non-linéaires appelée
OPO–OPA qui permet une meilleure utilisation de l’onde signal résonnante par rapport à
une architecture classique. La mise en cascade de deux cristaux n’est toutefois bénéfique
que sous certaines conditions, qui seront déterminées à l’aide d’un modèle semi-analytique
développé spécifiquement pour l’OPO–OPA. Ce modèle permettra de comprendre le fonc-
tionnement du système, de prédire ses performances, et de dimensionner une expérience.
Puis, une étude expérimentale de l’OPO–OPA et d’un SRO sera menée afin de quantifier
l’apport de l’OPO-OPA pour la production d’énergie (plusieurs millijoules) dans l’infra-
rouge moyen (autour de 3 µm) en régime nanoseconde. L’optimisation de l’OPO–OPA
sera également discutée.
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Chapitre 2 - Amplification paramétrique intracavité pour l’amélioration du rendement d’un
oscillateur paramétrique optique

2.1 Contexte

Le contexte général de cette étude est l’amélioration du rendement des OPO infrarouge en
régime impulsionnel. En effet, ce type d’OPO souffre de plusieurs limitations importantes. Tout
d’abord, seule une des deux ondes produites est généralement utile à l’application visée. S’il
s’agit du complémentaire, situé dans l’infrarouge moyen, cela limite le rendement au rapport
ωc/ωp < 50 %. Dans le cas d’une conversion de 1 µm vers 3 µm, ce rendement maximum
vaut 30 %. De plus, en régime impulsionnel l’énergie contenue dans le début de l’impulsion
de pompe est mal utilisée par le signal, car celui-ci est encore faible. C’est le phénomène bien
connu du temps de construction déjà décrit au Chap. 1. Le troisième phénomène limitant est la
saturation, qui se traduit par une reconversion vers la pompe particulièrement forte en régime
impulsionnel. En pratique le rendement dépasse difficilement 10 % [Vys01].

Ces limitations peuvent être préjudiciables à un certain nombre d’applications qui néces-
sitent des impulsions énergétiques (quelques millijoules) dans le proche infrarouge (autour de
3 µm). Une de ces applications est l’inspection non destructive1 de matériaux composites. De
tels matériaux étant utilisés dans l’assemblage d’engins volants, il est indispensable de pouvoir
détecter la présence de défauts ou de fissures, parfois localisés en profondeur dans la structure.
C’est d’ailleurs un des objectifs du contrat européen INCA (projet GRD1- 2000-25309) qui
encadre cette étude. Une méthode consiste à générer des ondes ultrasonores dans le matériau,
et à étudier leur propagation et leur réflexion sur les défauts afin d’en tirer un diagnostic. Un
moyen efficace de générer ces ultrasons est d’utiliser un laser infrarouge impulsionnel comme un
laser CO2 [Scr90, Hut92, Mon93]. Or il a été montré que pour toute une classe de composites,
notamment à matrice de polymère, l’efficacité pouvait être fortement améliorée en utilisant des
impulsions dans la gamme 3–3,5 µm [Dub01]. Cette gamme peut facilement être couverte avec
un OPO, mais près d’une dizaine de millijoules sont néanmoins nécessaires. Avec les rendements
habituels des OPO infrarouges en régime impulsionnel, cela nécessite des énergies de pompe
d’au moins 100 mJ, ce qui devient difficile et coûteux à mettre en œuvre. Il est donc nécessaire
d’améliorer le rendement de ces OPO.

Une voie d’amélioration intéressante consiste à combiner l’amplification paramétrique à
une différence de fréquence intracavité en ajoutant un deuxième cristal non-linéaire dans la
cavité. Cette idée a été proposée par Koch et al. sous le nom d’OPO–DFM, pour difference-
frequency mixing [Koc95, Dea98, Fuk98]. La conversion de photons dans un tel système est
schématisée sur la Fig. 2.1. Un photon pompe produit d’abord dans le premier cristal un
photon complémentaire et un photon signal. Le photon signal produit dans le deuxième cristal
un photon complémentaire et un autre photon par différence de fréquences, de fréquence ωd =

ωs − ωc. En fait, ce deuxième cristal agit comme un amplificateur optique (OPA) intracavité

1En anglais, non destructive evaluation ou NDE
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2.1 Contexte

pour l’onde complémentaire, l’onde signal servant de pompe [Lee05]. En théorie il est donc
possible de doubler l’efficacité quantique vers le complémentaire et donc de doubler l’énergie
de sortie.
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Fig. 2.1: Schéma de la conversion de photons dans (a) un OPO et (b) un OPO–OPA.

La configuration OPO–OPA a d’abord été modélisée théoriquement par Koch et al. en
ondes planes et en régime continu. Les auteurs avaient prédit une efficacité quantique vers le
complémentaire de plus de 100 %, pour un choix judicieux des non-linéarités relatives des deux
cristaux. Plus tard, la même équipe a en effet obtenu expérimentalement une efficacité de 110 %
en régime picoseconde [Dea98]. D’autre part, une amélioration de l’efficacité a été démontrée en
régime nanoseconde en utilisant deux cristaux de PPLN [Fuk98, Lee05]. Les auteurs ont ainsi
obtenu 57 µJ à 3,8 µm pour 211 µJ de pompe à 1,06 µm, soit une efficacité quantique 96 %,
puis 310 µJ à 3,4 µm avec une efficacité de 76 %.

À la lumière de ces résultats, l’OPO–OPA semble donc extrêmement efficace pour augmenter
la production d’énergie. En réalité, toutes ces études ont été menées dans un contexte particulier
qui interdit toute transposition à notre domaine d’intérêt, celui de la production d’impulsions
nanosecondes millijoules dans l’infrarouge moyen. Tout d’abord, ces études ont été réalisées
avec des cristaux de PPLN. Très fortement non-linéaires (deff = 16 pm/V), ils expliquent les
efficacités impressionnantes obtenues jusqu’ici. Or ces cristaux retournés périodiquement ne
peuvent être produits commercialement qu’avec de faibles ouvertures (< 3 mm), et possèdent
un faible seuil de dommage, ce qui les rend inadaptés aux fortes énergies (plusieurs millijoules).
Des recherches sont actuellement menées sur le PPLN:MgO pour en augmenter l’ouverture, et
des résultats impressionnants ont déjà été démontrés [Ish05]. Néanmoins, à l’heure actuelle, les
cristaux commerciaux les mieux adaptés à la production d’impulsions de quelques millijoules
dans l’infrarouge moyen restent le KTP (phosphate de potassium et de titanyle, KTiOPO4) dans
la fenêtre 0,6–3 µm et le KTA (arséniate de potassium et de titanyle, KTiOAsO4) dans la fenêtre
0,5–3,5 µm. Ces cristaux ont en effet un seuil de dommage et une ouverture maximale environ
10 fois supérieurs à ceux du PPLN, et leur coût de production est plus faible. Cependant, leur
non-linéarité est environ 5 fois plus faible (deff ∼ 3 pm/V) ce qui réduit l’efficacité du processus
OPA.
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Un autre point important est qu’une partie de ces expériences ont été réalisées soient en
régime continu, soit en régime picoseconde, deux régimes pour lesquels l’effet du temps de
construction est négligeable. Or, en régime nanoseconde, l’introduction du cristal OPA allonge
la cavité et augmente de façon importante le temps de construction. Cet effet inéluctable peut
sensiblement diminuer le rendement de l’OPO–OPA.

À ce stade, il est donc indispensable de réévaluer les performances de l’OPO–OPA en ré-
gime nanoseconde avec des cristaux de grande ouverture. Pour cette raison, nous avons choisi
de mener une étude comparative de l’OPO–OPA et d’un SRO “classique”. Nous déterminons,
expérimentalement et théoriquement, l’importance relative du temps de construction, qui aug-
mente le seuil, et de l’OPA, qui augmente l’efficacité quantique. Pour cela, nous considérons
le cas d’un OPO nanoseconde pompé à 1,06 µm et émettant à 3,45 µm. Une étude théorique
est d’abord menée au Chap. 2.2 afin d’exposer en détails le fonctionnement de l’OPO–OPA.
Cette étude est très importante puisqu’elle permet ensuite le dimensionnement d’une expé-
rience, exposée au Chap. 2.3. Les performances de l’OPO–OPA et du SRO y sont comparées en
utilisant des cristaux de KTA et un laser Nd:YAG émettant des impulsions de 90 mJ sur 27 ns.
Puis une optimisation de l’OPO–OPA pour de futures expériences est proposée au Chap. 2.4,
à l’aide d’un modèle basé sur les calculs de la première partie. Enfin, une discussion est faite
au Chap. 2.5 permettant de conclure sur les potentialités de l’OPO–OPA.

2.2 Modélisation d’un OPO à amplification paramétrique
intracavité (OPO-OPA)

2.2.1 Formalisme utilisé

Le modèle utilisé suit les grandes lignes de [Ros02, God04]. Il passe par la résolution exacte
des équations couplées non-linéaires en ondes planes [Arm62], et inclut donc le dépeuplement
de la pompe, les effets de reconversion, et le désaccord de phase. L’avantage de ce formalisme
est qu’il permet de décrire l’oscillation même s’il existe de rapides variations d’intensité au sein
de la cavité. C’est typiquement le cas des OPO en régime impulsionnel, où le dépeuplement de
la pompe dépasse couramment 20 %, et où les pertes peuvent être relativement élevées (10 % ou
plus), comme nous le verrons dans la partie expérimentale. Dans ces situations, les formalismes
utilisant l’hypothèse du “champ fort ou champ moyen”, où l’onde résonnante a une intensité
quasi-constante sur un tour de cavité, ne sont plus adaptées [Ros02, Bey72, Sha97, Gra00,
God05]. C’est une situation analogue de celle des lasers, où le formalisme de Rigrod permet de
s’affranchir de l’hypothèse souvent restrictive d’un faible gain et de faibles pertes [Sie86].

Nous considérons une cavité simplement résonnante à la longueur d’onde signal, sans pertes
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Fig. 2.2: Schéma de la cavité OPO–OPA avec les notations utilisées dans ce chapitre.

Tab. 2.1: Notations des variables normalisées

Quantité Symbole Expression

Pompe X φp/φ
cw
s

Signal intracavité Y φs/φ
cw
s

Complémentaire Z φc/φ
cw
s

Différence de fréquences (DFG) D φd/φ
cw
s

Rapport des non-linéarités des 2 cristaux γ κ2L2/κ1L1

Désaccord de phase dans le cristal OPA Θ ∆k L2/2

γ arccosh(1/
√
R)

Temps T t/Tcav

passives, avec un coupleur de sortie de transmission 1–R, telle que représentée sur la Fig. 2.2.
Pour la cavité réalisée expérimentalement, le coefficient R regroupe l’ensemble des pertes pour
le signal. Les notations des différentes variables normalisées sont regroupées dans le Tab. 2.1.
Nous faisons l’approximation que les ondes sont monochromatiques. Ceci n’a pas d’incidence
sur la justesse des résultats qui seront obtenus car les vitesses de groupe des ondes mises en jeu
sont très proches [Ari01]. L’interaction non-linéaire se fait en accord de phase parfait dans le
cristal OPO, tandis qu’un désaccord de phase peut avoir lieu dans le cristal OPA. Cela revient
à supposer que les longueurs d’onde émises sont déterminées par la position du maximum de
la courbe de gain au démarrage de l’oscillation, mais restent inchangées en présence d’une
amplification intracavité. Les équations seront établies pour les densités de flux de photons en
m−2.s−1, notés φi, où i désigne la pompe (p), le signal (s), le complémentaire (c) ou l’onde
de différence de fréquence (d). Ces flux sont reliés au champs ui introduits au Chap. 1 par la
relation φi = u2

i /2~Z0, où Z0 = 377 Ω est l’impédance du vide. Afin de manipuler des expressions
simples, ces flux seront normalisés par rapport au seuil d’oscillation en régime continu, dont
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nous rappelons l’expression ici :

φcw
s =

1

2 ~Z0

arccosh
(

1/
√
R
)

κ1L1

2

. (2.1)

Nous ne donnerons dans ce chapitre que les étapes principales du calcul, les détails étant
reportés en Annexe C.

2.2.2 Détermination de l’architecture optimale de l’OPO-OPA

L’objectif de cette partie est de déterminer le rapport optimal entre les non-linéarités des
deux cristaux de l’OPO–OPA. Ce rapport est optimal lorsque toute l’énergie de la pompe
est utilisée, ce qui équivaut à maximiser l’énergie de l’onde complémentaire en sortie. Bien que
supposant dans un premier temps un régime stationnaire, nous verrons que les résultats obtenus
s’appliquent également au régime impulsionnel.

L’OPO–OPA est régit par les équations couplées non-linéaires (A.18). Ici nous nous intéres-
sons au gain paramétrique pour le signal après la traversée du cristal OPO, noté G1 (X0,Y0) =

Y1/Y0. Dans le cristal OPA, le signal joue le rôle de pompe et le complémentaire celui d’un
signal. Il y donc un gain pour l’onde complémentaire, noté G2 (Y1,Z1,γ,Θ) = Z2/Z1. Ce gain
dépend du rapport entre les non-linéarités des deux cristaux, γ = κ2L2/κ1L1, et du désaccord
de phase éventuel dans le cristal OPA

Θ =
∆k L2/2

γ arccosh
(

1/
√
R
) . (2.2)

Les expressions complètes de G1 et G2 sont données en Annexe C.1. L’amplification OPA
équivaut à des pertes non-linéaires pour le signal (dépeuplement) :

Y2 = Y1 − Z1 [G2 (Y1,Z1,γ,Θ)− 1] , (2.3)

Le gain sur un aller-retour de cavité pour le signal est G (X0,Y0,γ,Θ) = Y2/Y0, avec

G (X0,Y0,γ,Θ) = G1 (X0,Y0)− [G1 (X0,Y0)− 1]

× {G2 [G1 (X0,Y0)Y0, (G1 (X0,Y0)− 1)Y0,γ,Θ]− 1} . (2.4)

Bien que complexes, ces expressions exactes sont indispensables pour décrire correctement
un OPO ou un OPO–OPA, comme nous l’avons déjà mentionné. Pour une valeur de pompe X0
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donnée, il existe une valeur de γ permettant l’utilisation de toute l’énergie de la pompe sans
reconversion, ou dépeuplement complet de la pompe [Koc95]. Ce rapport optimal, noté γopt,
peut être déterminé en régime stationnaire en résolvant l’équation

G (X0,Y0,γ,Θ) = 1/R. (2.5)

À noter que la résolution de l’équation précédente permet également d’obtenir le flux si-
gnal Y0 en z = z0 en fonction de la puissance de pompe incidente X0. Ensuite, les flux de
la pompe dépeuplée X2, du signal Y2, du complémentaire Z2, et de l’onde de différence de
fréquences D2 peuvent être calculés en utilisant les expressions reportées en Annexe C.2. γopt

peut être déterminé numériquement en utilisant (2.5), et en recherchant l’annulation du flux
X2 pour différentes valeurs de X0. Une expression approchée peut néanmoins être établie de
façon analytique pour de faibles pertes :

γopt =
2

π

[
1−

(
∆k L2

πγopt

)2
]−1/2

× arcsinh


(

1− π2

4X0

)1/2
[

1−
(

∆k L2

πγopt

)2
]1/2

 . (2.6)

Dans le cas d’un accord de phase parfait dans le second cristal (qui est la situation atteinte
en pratique lorsque le réglage de l’OPO–OPA est optimisé), nous obtenons une expression très
simple :

γopt =
2

π
arcsinh

[(
1− π2

4X0

)1/2
]
. (2.7)

Les expressions approchées ci-dessus sont tracées sur la Fig. 2.3 en fonction de la pompe,
ainsi que la valeur obtenue numériquement. On constate qu’en l’absence de désaccord de phase,
γopt tend très rapidement vers 0,5 pour un pompage quelque fois au dessus du seuil, et varie
assez peu ensuite. Cela a une conséquence heureuse sur le régime impulsionnel. En effet, comme
nous le verrons par la suite, en régime impulsionnel le seuil en puissance crête se situe vers 4,
et l’OPO–OPA est pompé autour de 8. À ce taux de pompage, la valeur optimale de γ vaut
0,48 et vaut encore 0,37 lorsque la puissance de pompe redescend au seuil impulsionnel. Cela
signifie que pour γ ∼ 0,45 , l’OPA est quasi-optimal tant que la pompe est au dessus du seuil
continu, c’est-à-dire pendant presque toute la durée de l’oscillation. Ce résultat concorde avec
celui rapporté dans [Koc95].

La Fig. 2.3 montre également que même si le cristal OPA est en dehors de l’accord de phase,
il est encore possible d’atteindre le dépeuplement complet de la pompe en prenant une valeur
plus élevée de γ. Inversement, la présence d’un cristal OPA trop long (γ trop grand) peut
être compensée en désaccordant ce cristal sans changer l’énergie en sortie. Par exemple, un
OPO–OPA avec γ = 0,8 et un désaccord de phase de ∆kL2/2 = 1,8 donne une caractéristique
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Fig. 2.3: Valeur du paramètre γ conduisant au dépeuplement complet de la pompe en fonction du flux
de pompe normalisé. Le trait plein correspond à un accord de phase parfait, le trait tireté
à un désaccord de phase de 1,8. Les courbes en pointillées sont obtenues avec l’expression
approchée (2.7).

entrée-sortie identique à celle d’un OPO–OPA avec γ = 0,5 et un désaccord de phase nul.
La valeur approchée de γopt est très proche de la valeur obtenue numériquement lorsque la

puissance de pompe n’est pas trop élevée. Nous avons vérifié que l’erreur ne dépasse pas 10 %
pour X0 < 10 et R > 0,8. L’expression approchée est donc applicable à des cas réels tels que
celui étudié expérimentalement au Chap. 2.3.

2.2.3 Modélisation en régime nanoseconde

En régime impulsionnel, gain et pertes ne s’équilibrent pas encore, si bien que le flux signal
intracavité évolue du passage n au passage n+1 selon la relation

Y
(n+1)

0 = RG
(
X

(n)
0 ,Y

(n)
0 ,Θ

)
Y

(n)
0 . (2.8)

Nous faisons ensuite l’hypothèse que la variation de puissance du signal reste faible sur un tour
de cavité, c’est-à-dire qu’on puisse faire l’approximation dY/dt ≈

(
Y (n+1) − Y (n)

)
/τ où τ est

le temps d’aller-retour dans la cavité. Cette hypothèse est vérifiée en régime nanoseconde dans
tous les cas réalistes. (2.8) devient donc une équation différentielle

dY

dT
+ (1−R) (Y − Ybruit) = R [G (X,Y,Θ)− 1]Y, (2.9)

où T (= t/τ) est le temps normalisé, Ybruit est le niveau du signal en l’absence de pompe (bruit
paramétrique) et où l’indice “0” a été omis. En l’absence de pompe, le terme source de droite
est nul, et le signal décroit de sa valeur initiale jusqu’au niveau de bruit avec un temps carac-
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téristique τcav ' τ/ (1−R) qui correspond au temps de vie des photons dans la cavité.
À partir de maintenant nous supposons que la pompe est donnée par une gaussienne d’am-

plitude Xpic, centrée en T0, avec une largeur totale à mi-hauteur ∆T :

X (T ) = Xpic (∆T ) exp

[
−4 ln 2

∆T 2
(T − T0)2

]
. (2.10)

La valeur pic dépend de ∆T car elle est définie à partir de l’énergie totale de l’impulsion.
L’évolution du signal Y (T ) s’obtient en intégrant numériquement (2.9), avec la condition initiale
Y (0) = Ybruit prise égale à un demi photon par mode. Les flux en sortie pour les autres ondes
(complémentaire, différence de fréquences et pompe dépeuplée) peuvent alors être obtenus en
utilisant les équations (C.4)–(C.7) données en Annexe C.2.

Pour comparer l’OPO–OPA à une configuration classique de SRO, nous devons prendre des
paramètres proches de la situation expérimentale. Avec un deuxième cristal, la cavité OPO-
OPA est plus longue que la cavité SRO : ∆T = 40 au lieu de ∆Tsro = 55. Les pertes sont
élevées dans notre expérience car R = 0,8. Le rapport des non-linéarités des deux cristaux
est très proche du cas γ = 0,5. La Fig. 2.4 montre les courbes d’entrée-sortie du SRO et de
l’OPO–OPA, calculées dans les conditions expérimentales du Chap. 2.3.
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Fig. 2.4: Flux complémentaire 〈Z2〉 et flux infrarouge total 〈Z2〉 + 〈D2〉 en fonction de la pompe
〈X0〉 pour le SRO et l’OPO–OPA. La moyenne est définie par l’expression 〈x〉 =
(1/∆T )

∫
x (T ) dT .

En régime impulsionnel le seuil du SRO est plus faible que celui de l’OPO–OPA car la
cavité est plus courte, et donc le temps de construction est plus court. Cependant, le flux
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complémentaire en sortie du SRO quitte rapidement une loi linéaire et finit par saturer. Dans
l’OPO–OPA, la saturation semble quasiment absente, si bien que le flux en sortie dépasse
celui du SRO pour un pompage seulement 1,6 fois au dessus du seuil. À ∼ 2,5× le seuil, le gain
d’efficacité par rapport au SRO atteint un facteur 2. Comme nous l’avions annoncé au Chap. 2.1,
cela signifie que chaque photon signal produit un photon complémentaire supplémentaire, soit
une efficacité quantique de 200 %. D’autre part, le gain non-linéaire subi par le signal dans le
cristal OPO, qui aboutit généralement à une saturation de l’énergie de sortie, est ici compensé
par les pertes non-linéaires dans le cristal OPA. Ainsi, le flux signal reste proche de la valeur
optimale permettant le dépeuplement complet de la pompe (Y0 (1−R) ' π2/4 en régime
stationnaire, voir Annexe C.3). Cet effet se voit nettement sur les profils temporels de la Fig. 2.5.
Dans le SRO une forte reconversion vers la pompe a lieu à partir de T ∼ 90 allers-retours, ce qui
a pour effet de faire chuter le flux complémentaire. Dans l’OPO–OPA en revanche, la pompe
dépeuplée reste quasiment à zéro pendant toute la durée de l’oscillation, ce qui se traduit par
une augmentation constante du complémentaire jusqu’à un flux environ deux fois supérieur à
celui obtenu dans le SRO. De plus, le profil temporel généré est beaucoup plus lisse.
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Fig. 2.5: Profils temporels de la pompe, de la pompe dépeuplée, du signal, du complémentaire et de
l’onde de différence de fréquences pour l’OPO–OPA et le SRO. Les flux sont calculés en
sortie. Les paramètres utilisés sont indiqués dans le texte.

La Fig. 2.4 montre également que le flux de l’onde de différence de fréquences est loin d’être
négligeable. À 2× le seuil, il vaut environ le tiers de celui du complémentaire. Nous verrons un
peu plus tard que cette contribution peut être utile pour certaines applications.

Nous avons également vérifié que la valeur de γ choisie grâce à (2.6) était bien l’optimum
en régime impulsionnel. En effet, en modélisant l’OPO–OPA avec différentes valeurs de γ nous
n’avons pas constaté d’amélioration significative (> 5%) du flux complémentaire en sortie.
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2.3 Etude expérimentale d’un OPO-OPA nanoseconde à 3
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Fig. 2.6: Schéma des différentes cavités OPO étudiées, toutes résonnantes au signal : (a) SRO avec
une cavité courte de 60 mm, (b) SRO avec une cavité longue de 75 mm, (c) OPO–OPA avec
une cavité de 75 mm. Le processus d’OPA peut être éteint en déréglant le deuxième cristal
en dehors de l’accord de phase.

Dans cette partie nous voulons évaluer de manière quantitative les avantages et les inconvé-
nients de l’OPO–OPA en régime nanoseconde par rapport au SRO. Pour cela, nous considérons
les 3 architectures de cavité décrites sur la Fig. 2.6. La source de pompe est un laser Nd:YAG
pompé par flash, émettant des impulsions de 27,5 ns LTMH à λp = 1,064 µm avec un taux
de répétition de 12,5 Hz. Le faisceau est collimaté avec un waist de ∼ 720 µm. L’énergie de
pompe disponible est ∼ 90 mJ (3,7 MW/cm2), ce qui est bien inférieur au seuil de dommage
des miroirs.

2.3.1 SRO à cavité courte

La première cavité est un OPO simplement résonnant à cavité courte, décrit sur la
Fig. 2.6(a). La cavité de 60 mm de long est formée d’un cristal de KTA de 5x5x20 mm3

et de deux miroirs plans M1 et M2. Ce cristal est utilisé à l’accord de phase de type II non
critique selon l’axe x (φ = 90◦ and θ = 0◦). Ceci permet de bénéficier d’un coefficient non-
linéaire effectif de deff = 3,18 pm/V [Nik05], sans séparation spatiale des faisceaux pompe,
signal et complémentaire par effet de double réfraction. Les deux faces du cristal sont traitées
anti-reflet pour la pompe (λp = 1,064 µm), le signal (λs = 1,54 µm) et le complémentaire
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Tab. 2.2: Caractéristiques spectrales mesurées des optiques de l’OPO–OPA. La perte à 2,78 µm est
celle d’une seule face du cristal.

Optique Réflectivité (%) Pertes à λc (%)

λs = 1,54 µm λc = 3,45 µm λd = 2,78 µm

M1, M2 98,5 6 48

M3, M4 2,5 4

KTA 20 mm < 0,6 < 0,7 17

KTA 15 mm < 0,2 < 0,7 59 16

(λc = 3,45 µm). Les miroirs de cavité M1 et M2 sont traités Tmax pour le complémentaire et
Rmax pour le signal. Afin d’éviter un possible endommagement de ces miroirs, le faisceau de
pompe entre dans la cavité par le miroir M3 à 45◦ et en ressort par le miroir M4 à 45◦. La
cavité étant linéaire, ceci permet également d’éviter un retour de pompe. Les miroirs à 45◦ sont
bien sûr Tmax pour le signal et le complémentaire, et Rmax pour la pompe. Les caractéristiques
spectrales des optiques aux différentes longueurs d’onde ont été mesurées et sont reportées dans
le Tab. 2.2. Ces mesures révèlent des pertes anormalement élevées dans les cristaux de KTA.
Cette valeur est largement supérieure à ce qui est rapporté pour l’absorption typique du KTA
pour l’accord de phase utilisé, qui donnerait plutôt 4 % [Han00]. Il est possible qu’il s’agisse
d’un problème avec les traitements diélectriques. Cette perte limite fortement les performances
du SRO, et plus encore celles de l’OPO–OPA qui utilise deux cristaux de KTA. Cependant,
grâce au modèle développé au Chap. 2.2.3, il est possible de prédire les performances de ces
systèmes en l’absence d’absorption.

La Fig. 2.7 donne les courbes d’entrée-sortie pour les différentes situations étudiées dans ce
chapitre. Le SRO en cavité courte présente un seuil de 40 mJ et une efficacité de 7,2 % pour
une énergie de pompe de 86,4 mJ.

2.3.2 SRO à cavité longue

La deuxième étape consiste à allonger la cavité du SRO jusqu’à 75 mm, longueur physique de
l’OPO–OPA, comme illustré sur la Fig. 2.6(b). L’efficacité différentielle est la même qu’en cavité
courte, mais le seuil augmente à 48 mJ. Ceci est évidemment dû à l’augmentation du temps de
construction dans cette cavité. En effet, pendant une même durée le signal et le complémentaire
font moins d’aller-retours dans la cavité longue que dans la cavité courte. L’amplification est
plus faible et il faut plus de temps pour que le signal sorte du bruit. À cause de la durée limitée
de l’impulsion de pompe (∼50 tours de cavité), ce temps de construction diminue l’efficacité de
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2.3 Etude expérimentale d’un OPO-OPA nanoseconde à 3 µm
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Fig. 2.7: Energie du complémentaire en fonction de l’énergie de pompe pour les 4 situations d’OPO
étudiées. Les points sont des mesures expérimentales et les courbes sont des guides visuels.
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2.3.3 OPO–OPA
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Fig. 2.8: Energie complémentaire pour le SRO (60 mm) et énergie infrarouge totale (3,45 µm +
2,78 µm) pour l’OPO–OPA en fonction de l’énergie de pompe. Les points sont des mesures
expérimentales et les courbes sont des guides visuels. Les pertes infrarouges du cristal OPA
et du miroir de sortie M2 ont été soustraites.

L’OPO–OPA est réalisé en ajoutant un deuxième cristal non-linéaire, comme sur la
Fig. 2.6(c). Ce cristal de KTA de 7x7x15 mm3 est utilisé en type II (φ = 70◦ et θ = 0◦)
et effectue l’amplification paramétrique 1,54 µm – 2,78 µm → 3,45 µm. La longueur de ce
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deuxième cristal est choisie afin d’être assez proche de l’optimum déterminé au Chap. 2.2.2. Il
est monté sur une platine de rotation très précise afin de pouvoir optimiser l’accord de phase.
Appartenant à la même série que le premier cristal de KTA, il est traité antireflet pour le signal
et le complémentaire, mais possède une perte de 16 % pour le complémentaire.

L’OPO–OPA présente un seuil de 50 mJ avec ou sans OPA (selon que le deuxième cris-
tal est à l’angle d’accord de phase ou non). L’augmentation du seuil par rapport au SRO est
principalement due à l’augmentation du temps de construction. En revanche, l’OPA lui-même
n’affecte pas le seuil car le dépeuplement de l’onde signal dans le deuxième cristal n’apparait
qu’au delà d’un certain seuil, lorsque la puissance signal intracavité est suffisamment impor-
tante. Sans OPA, 2,7 mJ de complémentaire sont produits pour 81 mJ de pompe, soit une
efficacité de 3,3 %. Avec OPA, ces chiffres passent à 3,8 mJ et 4,7 % pour la même puissance
de pompe. L’OPA augmente donc l’énergie disponible à 3,45 µm de 35 %. Ceci avait été cor-
rectement prédit par la modélisation qui prévoyait une augmentation de 40 %. Il est important
de se rappeler que ces performances sont fortement dégradées par les pertes indésirables dans
les deux cristaux de KTA. De plus, le paramètre γ obtenu expérimentalement est légèrement
sous-optimal, en partie à cause du walk-off dans le deuxième qui réduit la longueur effective
d’interaction. L’amélioration des performances de l’OPO–OPA est discutée au chapitre suivant.

Par ailleurs, l’OPO–OPA produit un rayonnement supplémentaire dans le deuxième cristal,
par différence de fréquences selon la relation 1,54 µm – 3,45 µm → 2,78 µm. Si nous mesurons
l’énergie totale dans l’infrarouge, nous obtenons maintenant les courbes de la Fig. 2.8. Dans
cette figure, nous avons dû ôter les pertes à la longueur d’onde complémentaire et de diffé-
rence de fréquences afin de pouvoir comparer correctement leurs apports relatifs. Nous voyons
maintenant qu’en dépit de son seuil plus élevé, et d’une configuration loin d’être optimale,
l’OPO–OPA produit plus d’infrarouge que le SRO à partir de 80 mJ (2× le seuil).

2.4 Optimisation de l’OPO–OPA

Les expériences menées sur l’OPO–OPA ont révélé une augmentation du rendement grâce
au processus OPA. Cependant, les performances enregistrées sont loin d’être optimales, d’une
part à cause de l’absorption indésirable dans les cristaux de KTA, d’autre part parce que le
rapport des longueurs des cristaux n’est pas tout à fait optimal. Pour évaluer les performances
ultimes de l’OPO–OPA, un modèle quantitatif est nécessaire. Pour cela le modèle en ondes
planes développé au Chap. 2.2.3 n’est pas suffisant, pour des raisons qui seront détaillées peu
après. L’objectif de cette partie est d’apporter quelques améliorations à ce modèle afin d’en
faire un outil de prédiction de performances plus fidèle à la réalité.

42



2.4 Optimisation de l’OPO–OPA

2.4.1 Prise en compte du profil spatial des faisceaux

Le modèle en ondes planes développé précédemment permet une bonne compréhension du
fonctionnement de l’OPO–OPA et de ses avantages par rapport au SRO. Cependant, tel quel
il ne donne pas une description quantitative. En effet, comme tout modèle en ondes plane,
il surestime l’effet de la saturation dans les caractéristiques d’entrée-sortie [Bjo71, Deb97].
Pour pouvoir modéliser les expériences faites au Chap. 2.3, il est nécessaire de prendre en
compte le profil spatial des faisceaux. Une façon simple de le faire est de considérer que tous les
faisceaux ont un profil spatial gaussien, et de découper chaque faisceau en une série de couronnes
indépendantes. Si le découpage est suffisamment fin, chaque couronne a une intensité à peu
près constante spatialement et peut donc être traitée comme une onde plane. Les faisceaux
entiers sont ensuite reconstitués en sommant les différentes couronnes [Bjo71, Deb97]. Pour
que ce modèle fonctionne, il faut que les couronnes puissent être considérées comme étant
indépendantes. Cela est le cas si les effets de la diffraction, qui mélange l’énergie entre différentes
parties d’un faisceau, peuvent être négligés. Cela est possible dans l’OPO–OPA considéré, car le
faisceau de pompe est collimaté avec une distance de Rayleigh bien plus grande que la longueur
de la cavité optique, et le faisceau signal résonne dans une cavité plan-plan, c’est-à-dire dans
un mode de grand diamètre et très peu divergent (phase quasi-plane).

2.4.2 Prise en compte du walk-off spatial

Pour l’OPO–OPA, il faut tenir compte de l’angle de double réfraction de 1,5◦ entre le signal
et le complémentaire dans le cristal OPA en KTA. D’après [Bro79], cet angle a pour effet
de diminuer la longueur d’interaction effective entre le signal et la pompe, de façon plus ou
moins importante selon la taille des faisceaux. Pour une cavité plan-plan, la taille de faisceau
de l’onde résonnante (signal) est déterminée par la compétition entre le profil du gain, donné
par le faisceau de pompe, et la diffraction du faisceau. Toujours d’après [Bro79], nous calculons
un waist signal de 315 µm dans la cavité de l’OPO–OPA pour un waist pompe de 720 µm.
Ceci aboutit à une longueur effective d’interaction inférieure de 30 % de la longueur réelle du
cristal OPA. Dans la modélisation, le facteur γ , qui est directement proportionnel à la longueur
du cristal OPA, est réduit de la même quantité.

2.4.3 Prise en compte de l’absorption

Dans les expériences, les deux cristaux de KTA utilisés ont une perte indésirable de 16 %
à la longueur d’onde complémentaire. Les miroirs présentent également des pertes (faibles) à
cette même longueur d’onde. Comme l’onde complémentaire est non résonnante, il est pos-
sible d’appliquer ces pertes dans le modèle en une seule fois, en multipliant l’énergie de sortie

43



Chapitre 2 - Amplification paramétrique intracavité pour l’amélioration du rendement d’un
oscillateur paramétrique optique

complémentaire par la transmission des différents éléments traversés. Pour la même raison, et
également parce que les faisceaux sont quasiment collimatés, et que la pompe est de faible
cadence (12,5 Hz), il est également possible de négliger les effets thermiques dus à toute ab-
sorption. Dans une approche plus rigoureuse, il faut tenir compte du fait que des pertes ont
lieu entre le cristal OPO et le cristal OPA. En effet, ces pertes modifient la dynamique de
l’OPO–OPA, en changeant le gain dans le cristal OPA et donc la saturation dans le cristal
OPO au tour suivant. Nous avons rigoureusement tenu compte de ces pertes en effectuant le
remplacement Z1 → ηZ1 dans le modèle, où η < 1 est la transmission résultant des pertes entre
le cristal OPO et le cristal OPA. En pratique cependant, les deux méthodes possibles pour tenir
compte des pertes donnent des énergies de sortie qui diffèrent de moins de 5 %.

2.4.4 Modélisation de l’OPO–OPA réalisé expérimentalement
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Fig. 2.9: Courbes d’entrée-sortie issues de la modélisation du Chap. 2.2.3, pour le SRO à cavité courte
(60 mm), le SRO à cavité longue (75 mm), et l’OPO–OPA avec (on) ou sans (off) le processus
d’OPA. Les paramètres utilisés sont ceux du Chap 2.3. Les énergies sont normalisées au seuil
du SRO à cavité courte (environ 40 mJ expérimentalement).

En utilisant le modèle du Chap. 2.2.3, complété par les points que nous venons d’exposer,
il est possible de prédire les performances des différents OPO étudiés expérimentalement au
Chap. 2.3. Les paramètres utilisés dans le modèle correspondent soit à des valeurs mesurées
expérimentalement (réflectivités des miroirs, durée de l’impulsion de pompe, etc.), soit aux
spécifications des différents éléments (coefficients non-linéaires des cristaux par exemple). Il est
très important de noter qu’aucun ajustement n’a été fait. La longueur de cavité est estimée à
partir de la longueur physique de la cavité et des indices des cristaux et des miroirs intracavité
à la longueur d’onde de pompe. Le bruit paramétrique est pris égal à un demi photon par mode
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électromagnétique. Enfin, la forme spatiale du faisceau de pompe est très proche de celle d’un
faisceau gaussien, et son profil temporel est très proche de celui d’une gaussienne2.

Les résultats de la modélisation sont présentés sur la Fig. 2.9. Comme attendu, le seuil de
l’OPO–OPA est supérieur à celui du SRO en raison d’un temps d’aller-retour plus long dans
la cavité. Nous voyons également que la pente de l’OPO–OPA est supérieure à celle des SRO,
ce qui permet de sortir plus d’énergie complémentaire que le SRO à cavité longue au delà de
∼ 2× le seuil. Cependant, l’OPO–OPA ne dépasse pas le SRO à cavité courte, à cause des pertes
importantes dans le cristal OPA. De plus, la longueur du cristal OPA utilisé expérimentalement
(20 mm) n’est pas tout à fait optimale (22 mm).

Les courbes simulées sont assez fidèles à l’expérience et permettent de reproduire assez bien
les performances relatives de l’OPO–OPA et du SRO. Cependant, en valeur absolue les seuils
calculés (et les énergies de sortie) sont systématiquement inférieurs aux seuils expérimentaux.
Pour cette raison les résultats de modélisation ont été normalisés par rapport au seuil du SRO à
cavité courte. Cet écart se retrouve avec les mêmes proportions dans plusieurs autres modèles de
la littérature, y compris dans ceux prenant en compte la diffraction des faisceaux. Nous l’avons
nous-mêmes vérifié en utilisant un code numérique développé à l’ONERA tenant compte de la
diffraction et validé sur plusieurs OPO en régime nanoseconde. Il semblerait que cet écart soit dû
à la difficulté de modéliser une oscillation paramétrique dans une cavité plan-plan [Smi95]. Une
telle cavité est instable en l’absence de gain, et les modes qui s’y établissent sont déterminés par
la compétition du gain et de la diffraction : on parle de guidage par le gain. Les modes ne sont
pas déterminés à priori comme dans une cavité concave-concave par exemple. Cette situation
échappe à la plupart des modèles, y compris le nôtre, qui présupposent l’existence de modes
de cavité. De plus, cette stabilité est probablement dynamique, car elle dépend d’un gain qui
varie sur un nombre de tours de cavité relativement modeste (∼50). À notre connaissance, cette
différence entre la modélisation et l’expérience n’a jamais fait l’objet d’une analyse détaillée
dans la littérature.

2.4.5 Modélisation d’un OPO–OPA optimal

En considérant un OPO–OPA optimisé “normal” (c’est-à-dire sans la perte accidentelle dans
le cristal OPA), nous obtenons les résultats de la Fig 2.10. Nous voyons que cette fois l’OPO–
OPA sort plus d’énergie que le SRO à cavité courte dès 2× le seuil. Par ailleurs, l’énergie
contenue dans l’onde de différences de fréquences est loin d’être négligeable. En l’ajoutant à
l’énergie complémentaire, nous obtenons une énergie infrarouge totale 2 fois supérieure à celle du
SRO pour un pompage 2,4 fois au dessus du seuil seulement. Comme nous l’avions pressenti, la
marge d’amélioration de l’OPO–OPA par rapport aux résultats expérimentaux est importante.

2Ces deux points ont été vérifiés mais les résultats ne seront pas montrés ici.
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Fig. 2.10: Courbes d’entrée-sortie modélisées pour le SRO (60 mm), l’OPO–OPA tel que réalisé ex-
périmentalement, et l’OPO–OPA optimisé sans perte supplémentaire dans le cristal OPA.
Les énergies sont normalisées au seuil du SRO à cavité courte (environ 40 mJ expérimen-
talement)

2.5 Discussion

Les résultats expérimentaux (cf. Fig. 2.7), appuyés par la simulation (cf. Fig. 2.9), per-
mettent une première conclusion : un OPO–OPA optimisé donnera plus d’énergie à 3,45 µm
qu’un SRO pour un pompage au-delà de ∼2× le seuil. Malgré une augmentation importante de
l’énergie à 3,45 µm par OPA, l’intérêt de l’OPO–OPA est donc limité en régime nanoseconde à
cause de son seuil plus élevé. Cependant, cette limite inférieure de pompe pourrait être abaissée
significativement en réduisant le seuil de l’OPO–OPA, par exemple en supprimant les miroirs
à 45° (la cavité serait en effet plus courte et il y aurait moins de pertes pour le signal).

Pour les applications où la finesse spectrale de la source n’a pas une très grande importance
(comme la génération d’ultrasons par laser), l’OPO–OPA devient une source très intéressante.
En effet, le rayonnement à 2,78 µm se situe également dans l’infrarouge moyen autour de 3 µm.
Comme nous l’avons vu, une part importante de l’énergie se trouve encore dans cette onde.
En changeant l’accord de phase dans le premier et le deuxième cristal, il est même possible
de ramener les longueurs complémentaire et de différence de fréquences toutes deux à 3,2 µm
(signal à 1,6 µm). Ceci évite notamment de compliquer le traitement diélectrique du miroir de
sortie de la cavité. La modélisation de la Fig. 2.10 montre alors que l’OPO–OPA optimisé peut
produire plus d’énergie à 3,2 µm que le SRO seulement 1,6× au dessus du seuil, et qu’à 2,4× le
seuil il en produit déjà 2 fois plus. En se basant sur les énergies obtenues expérimentalement,
on peut espérer au moins 14 mJ pour 100 mJ de pompe à 3,2 µm, ce qui est tout à fait suffisant
pour des applications comme la génération d’ultrasons par laser.
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2.5 Discussion

Synthèse

Cette étude a montré que la présence simultanée de plusieurs longueurs d’onde dans un
OPO n’était pas seulement un état de fait mais pouvait constituer un avantage. En effet,
nous avons vu que le recyclage des photons signal vers l’infrarouge à l’aide d’un deuxième
cristal non-linéaire permettait d’améliorer le rendement et de diminuer fortement la satu-
ration. Nous avons montré que ce rendement peut encore être amélioré en exploitant la
quatrième longueur d’onde mise en jeu, l’onde de différence de fréquences. Pour cela, il a
fallu développer une architecture de cavité originale sans équivalent dans le domaine des
lasers.
Dans le prochain chapitre, nous allons nous intéresser à une autre spécificité des OPO :
l’instantanéité du gain. Nous verrons comment celle-ci intervient dans le contexte de la
production d’impulsions courtes.
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Chapitre 3

Verrouillage en phase des modes d’un
oscillateur paramétrique optique

Objectifs

Une des spécificités d’un OPO par rapport à un laser vient du fait que l’amplification pa-
ramétrique est un processus non résonnant. Par conséquent il n’y pas de stockage d’énergie
dans le cristal non-linéaire et le gain est instantané. Nous avons déjà souligné ce point au
Chap. 1. Pour cette raison, on considère généralement que les techniques de production
d’impulsions courtes développées dans les lasers, qui consistent à rassembler les photons
en “paquets” de courtes durées, ne peuvent pas être transposées aux OPO. Pourtant, nous
avons vu au Chap. 1.6 qu’amplificateur laser et paramétrique sont équivalents lorsque la
saturation peut être négligée. L’objet du présent chapitre est de réexaminer ce fait à la
lumière des progrès réalisés ces dernières années dans le domaine des sources optiques
et des cristaux non-linéaires. Dans un premier temps, nous verrons s’il est possible de
transposer le formalisme du verrouillage en phase des modes d’un laser à un OPO. Puis
nous présenterons des résultats expérimentaux portant sur des OPO à modes verrouillés
en phase en pompage continu. À la suite de ces expériences, un nouveau modèle sera
proposé pour décrire plus précisément le mécanisme du verrouillage en phase actif dans
un OPO. Le rôle particulier de la saturation sera discuté. Ces résultats seront mis à profit
pour proposer une méthode de verrouillage passif dans un OPO.

49



Chapitre 3 - Verrouillage en phase des modes d’un oscillateur paramétrique optique

3.1 Contexte

Le champ d’application des sources optiques ultrabrèves (picosecondes et femtosecondes) est
maintenant presque aussi large que celui des lasers en général. Il s’étend du secteur médical, avec
l’ablation des tissus [Nee96], la chirurgie réfractive [Sug02] et la microscopie [Kön00, Stu07], à la
spectroscopie des semiconducteurs [Mig85, Smi88], en passant par la découpe de précision pour
l’industrie [Sem98], l’étude de la combustion [Roy05, Gei05], la métrologie [Bak03], l’évaluation
non-destructive de matériaux [Gra89], l’imagerie térahertz [Mit96, Woo05], et la défense.

Cependant, le développement des sources ultrabrèves est fortement dépendant de la décou-
verte de matériaux laser aux propriétés adéquates. En particulier, ils doivent posséder : une
large bande spectrale de fluorescence, pour amplifier des impulsions courtes; une absorption
située dans une gamme spectrale accessible à un laser de pompe de forte puissance; un temps
de fluorescence pas trop élevé (< ms) pour éviter des instabilités liées au déclenchement passif.
Parmi ces matériaux on trouve le saphir dopé au titane (750–900 nm), ainsi que les verres, fluo-
rures, borates, tungstates ou oxyapatites dopés au néodyme ou à l’ytterbium (1060–1090 nm)
[Bru00, Che02], et plus récemment les semiconducteurs II-VI dopés chrome (2300–2500 nm)
[Sor04].

Toutefois, les longueurs d’ondes couvertes par ces lasers sont très restreintes et souvent li-
mitées au visible ou au proche infrarouge. Il faut donc systématiquement recourir à une source
secondaire pour couvrir d’autres domaines, comme l’infrarouge moyen. Cette source secon-
daire peut être un cristal doubleur de fréquences [Rei95], mais l’accès est limité aux longueurs
d’onde plus courtes. S’il s’agit d’un cristal utilisé en différence de fréquences pour accéder à
des longueurs d’ondes supérieures, ou d’un amplificateur paramétrique, deux lasers de pompe
ultrabrefs sont nécessaires. De plus, dans ces configurations l’accordabilité est limitée à celle
des lasers de pompe. Une alternative est celle des oscillateurs paramétriques optiques à pom-
page synchrone (SP-OPO) [Hal93]. Cette solution est particulièrement efficace car elle profite
de la large accordabilité des OPO ainsi que de la forte largeur du gain paramétrique qu’il est
possible d’obtenir dans certains cristaux1. Comme le gain est limité dans le temps par la durée
des impulsions de pompe, les SP-OPO émettent généralement des impulsions signal de durée
comparable à celle de la pompe, ce qui leur confère un rendement très élevé. Comme le gain
paramétrique est non linéaire avec l’éclairement optique de pompe et que les impulsions de
pompe ont une puissance crête d’une dizaine voire d’une centaine de kilowatts, ces SP-OPO
ont également un seuil d’oscillation très bas. Cependant, un inconvénient majeur est qu’une
deuxième cavité optique doit être mise en place avec un temps de répétition ajusté à celui
du laser de pompe, ce qui nécessite de stabiliser la longueur de la cavité OPO. Parfois une

1Accord de phase non-critique, accord de phase non-collinéaire, accord de phase collinéaire dégénéré, ou
accord de phase non critique à “l’angle magique”.
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étape supplémentaire est nécessaire pour convertir la longueur d’onde du laser ultrabref avant
de pomper l’OPO [Pot98]. Mais surtout, ces OPO nécessitent déjà une source d’impulsions
courtes pour créer... des impulsions courtes.

Évidemment, une solution séduisante serait de pouvoir générer des impulsions courtes di-
rectement dans un OPO, alors que celui-ci est pompé par un laser continu (ou quasi-continu).
Cette solution, schématisée sur la Fig. 3.1, conserverait l’accordabilité de l’OPO et bénéficierait
de la relative disponibilité et facilité d’utilisation des lasers continus par rapport aux lasers ul-
trabrefs. Cependant, cette idée a été écartée très tôt par Becker et al. dans un travail pionnier
concernant le verrouillage des modes en phase dans un OPO [Bec74]. Les auteurs suggèrent
en effet que cette idée est inapplicable, et serait de toute façon inefficace à cause de l’absence
de stockage du gain dans le cristal non-linéaire, sans pour autant apporter de démonstration
expérimentale.
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Fig. 3.1: Principe du verrouillage en phase actif des modes d’un oscillateur paramétrique optique.

L’originalité de notre approche est de montrer que lorsque le dépeuplement de la pompe peut
être négligé, il y a en fait une analogie parfaite entre un laser et un OPO simplement résonnant.
Cette analogie a été le point de départ du travail de thèse de N. Forget [For06a], et sera
brièvement rappelée au Chap. 3.2. De plus, un OPO au voisinage de la dégénérescence possède
naturellement une bande d’amplification très large, de plusieurs THz [Did99]. En utilisant
le formalisme de Haus développé pour les lasers à modes verrouillés en phase [Hau75a], et
appliqué ensuite aux SP-OPO [Che90], Forget a montré qu’il était possible de verrouiller les
modes d’un OPO en phase de façon active, en modulant les pertes dans la cavité. Un OPO à
modes verrouillés peut alors produire des impulsions de 100 ps sous pompage continu. Ce travail
théorique a ensuite été partiellement validé dans un OPO doublement résonnant au voisinage
de la dégénérescence [For06b]. Néanmoins, cette étude expérimentale présentait de nombreuses
limitations : le régime stationnaire n’a pas été atteint car le pompage était quasi-continu; un

51



Chapitre 3 - Verrouillage en phase des modes d’un oscillateur paramétrique optique

allongement continuel des impulsions au cours du temps a été observé et attribué à une dérive
en fréquence de la pompe; la démonstration a été faite uniquement sur un OPO doublement
résonnant, ce qui présentait de sérieux inconvénients à la fois pratiques (stabilité, sauts de
modes, dispersion susceptible d’allonger les impulsions) et théoriques (analogie avec un laser
impossible, manque d’outils pour modéliser l’effet de la double résonance).

À la suite de ces travaux, il reste toujours à apporter une réponse définitive au problème
du verrouillage en phase actif dans un OPO. C’est l’objet de ce chapitre. Pour cela, il est
d’abord nécessaire de reprendre et de prolonger les théories de verrouillage en phase actif,
et de les appliquer aux OPO simplement et doublement résonnants afin de calculer les durées
d’impulsions attendues, notamment en présence de dispersion dans la cavité. C’est ce qui est fait
aux Chap. 3.2 et 3.3. Il est ensuite nécessaire de faire une démonstration expérimentale en régime
stationnaire, sous pompage continu, en particulier en configuration simplement résonnante.
C’est l’objet des Chap. 3.4 et 3.5. Il est également apparu nécessaire de reconsidérer un effet
habituellement négligé lors du verrouillage en phase : la saturation du gain. Ce point sera
étudié au Chap. 3.7. Grâce à la collaboration de Jacob Khurgin de l’Université Johns Hopkins
(Baltimore MD, USA), ces travaux ont donné naissance à une idée originale : le verrouillage
passif des modes d’un OPO, qui sera présenté au Chap. 3.8.

3.2 Modèles de verrouillage en phase actif des modes d’un
OPO simplement résonnant

Nous avons montré au Chap. 1.6 qu’il y a une analogie surprenante entre un amplificateur
laser et un amplificateur paramétrique. Cette analogie existe tant que ces deux milieux à gain
sont utilisés dans les mêmes conditions, c’est-à-dire sans saturation pour le laser, et sans dépeu-
plement de la pompe pour le cristal non-linéaire. À partir de cette hypothèse, nous rappelons
ici deux modèles décrivant le verrouillage actif des modes dans un oscillateur à gain simplement
résonnant. Nous utiliserons ensuite ces modèles pour prédire la durée d’impulsion dans un OPO
simplement résonnant (SRO) à modes verrouillés.
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3.2.1 Modèle de Kuizenga et Siegman

Modulateur

tmod(t)
tA A

~

Amplificateur

tc( )

Pertes

tpertes( )

fcav =

Signal

Fig. 3.2: Schéma de principe du modèle de Kuizenga et Siegman.

Le modèle de Kuizenga et Siegman est relativement simple. On considère le passage d’une
impulsion optique à travers les différents éléments d’une cavité de fréquence de répétition Ω/2π,
comme schématisé sur la Fig. 3.2. Les éléments, amplificateur, modulateur, et pertes, sont
décrits par leur transmission ti, soit dans le domaine temporel, soit dans le domaine fréquentiel.
Le principe est de calculer analytiquement le champ au tour de cavité n en fonction de sa
valeur au tour n-1. L’objectif du modèle est de déterminer une équation d’évolution de la durée
d’impulsion, ainsi que sa valeur en régime stationnaire. Seuls les hypothèses et les résultats
marquants du modèle seront donnés ici, le détail des calculs étant reporté en Annexe D.1.

Hypothèses du modèle

Les hypothèses de ce modèle sont les suivantes :
– Le SRO est en dehors de la dégénérescence, et suffisamment proche de l’accord de phase,

pour que son gain en amplitude soit donné par (1.21);
– Les impulsions soit suffisamment courtes, τ � 1/Ω, pour que les pertes du modulateur,

normalement sinusoïdales, soient essentiellement donnée par une gaussienne;
– La bande de gain du cristal non-linéaire est bien supérieure à la fréquence de modulation,

soit ∆ω � Ω;
– La dispersion de la cavité au premier ordre est compensée, c’est-à-dire qu’il n’y a pas de

glissement temporel de l’impulsion;
– La dispersion au deuxième ordre, ou dérive de fréquence, ainsi que les ordres supérieurs,

sont négligés;
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– Les effets transverses ou de polarisation ne sont pas pris en compte, car ils ne doivent
normalement pas changer la nature des résultats.

Le champ électrique de l’impulsion signal est décrit par une enveloppe gaussienne lentement
variable :

A (t) = A0e
−( tτ )

2

e−iω0t, (3.1)

où τ est la largeur (réelle) à 1/e2 du champ, et ω0 est la pulsation de la porteuse optique.
Le terme complexe conjugué a été omis car toutes les opérations appliquées au champ sont
linéaires (pas de termes en E.E). La transformée de Fourier du champ est

Ã (ω) = Ã0e
−(ω−ω0

δω )
2

.

Les largeurs spectrale δω et temporelle τ du champ sont limitées par la transformée de
Fourier, c’est-à-dire :

τδω = 2. (3.2)

Avec ces notations, les largeurs temporelle ∆T et fréquentielle ∆ν, définies comme les lar-
geurs totales à mi-hauteur (LTMH) de l’intensité et du spectre respectivement, sont données
par :

∆T = τ
√

2 ln 2 ∆ν =
δω

2π

√
2 ln 2

∆T∆ν ' 0,44 .

Durée d’impulsion en régime stationnaire

Un régime stationnaire d’impulsions courtes est atteint si le champ revient identique à lui-
même après un tour de cavité. Cette condition de bouclage porte à la fois sur l’amplitude du
champ A0 et la durée des impulsions τ , la largeur spectrale étant toujours donnée par (3.2).
Elle permet d’obtenir la durée d’impulsion (cf. Annexe D)

τsta '
(
g

µ

)1/4
2√

Ω∆ω
, (3.3)

avec g le gain, égal aux pertes p de la cavité, µ le taux de modulation des pertes, et ∆ω = ∆ω1 la
bande de gain, qui prend l’indice h dans le cas d’un fort gain (cf. Chap. 1.6.1). Afin d’interpréter
physiquement cette formule, écrivons la largeur spectrale de l’impulsion en fonction du nombre
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de modes longitudinaux compris dans la bande de gain, donné par Nmodes = 2∆ω/Ω :

δωsta =
2

τsta
'
(
µ

g

)1/4
Ω
√
Nmodes√

2
. (3.4)

Le premier facteur dans (3.4) montre que le verrouillage actif des modes est le résultat d’une
compétition entre le gain et la modulation. Le deuxième facteur montre que seule la racine carré
du nombre de modes intervient dans la durée de l’impulsion. La bande de gain n’est donc pas
complètement utilisée. Ces deux résultats sont caractéristiques du verrouillage en phase actif
avec un amplificateur à gain homogène [Sie86]. Dans l’espace des fréquences, cela traduit le fait
que le modulateur tend à élargir le spectre en transférant de l’énergie d’un mode longitudinal à
ses voisins, tandis que le gain privilégie l’oscillation d’un seul mode, le mode central. Ce résultat
se voit également en comparant (3.3) à la limite de Fourier τTF = 2/∆ω donné par (3.2) :

τsta =

(
g

µ

)1/4
√

∆ω

Ω
τTF . (3.5)

Le verrouillage en phase actif est donc optimal pour des bandes passantes modérées et des
cavités courtes. Dans un OPO, ∆ω/Ω est typiquement d’un facteur 2000–4000, et le préfacteur
de l’ordre de 0,5 (voir Chap. 3.2.3), soit une durée 20–30 fois au dessus de la limite de Fourier.
Le verrouillage actif n’est donc pas adapté à la production d’impulsion femtosecondes qui ont
besoin de toute la bande de gain de l’amplificateur. Néanmoins, il est parfaitement adapté
à la production d’impulsions picosecondes, ce que nous allons vérifier avec une application
numérique au Chap. 3.2.3.

Temps d’établissement du régime stationnaire

Le modèle de Kuizenga et Siegman étant itératif, il est possible de relier la durée de l’im-
pulsion au tour n + 1 en fonction de sa durée au tour n. Comme en pratique elle évolue peu
sur un tour de cavité, il est possible de se ramener à une équation différentielle portant sur la
durée d’impulsion en fonction du temps. Pour un démarrage à partir du continu (τ0 � τsta)
cette équation différentielle a pour solution (cf. Annexe D.1) :

τ (t) =
τsta√

tanh
(

t
Tsta

) , (3.6)

avec Tsta = 2Tcav∆ω/Ω
√
gµ où Tcav = 2π/Ω est le temps d’aller-retour dans la cavité. L’évo-

lution de la durée d’impulsion donnée par (3.6) est tracée sur la Fig. 3.3. Nous voyons que la
durée d’impulsion diminue en fonction du temps. Elle atteint sa valeur stationnaire τsta à moins
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de 2 % près au bout d’un temps t = 2Tsta. Nous définissons donc le temps de construction du
verrouillage en phase par

Tconstr = 2Tsta =
2
√
µg
TcavNmodes. (3.7)
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1
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3

4

5

 /
st

a

t/Tsta

Tconstr

Fig. 3.3: Évolution de la durée d’impulsion d’un SRO à modes verrouillés dans le modèle de Kuizenga
et Siegman, d’après (3.6).

Naturellement, le temps de construction est proportionnel au temps d’aller-retour de la
cavité. À gain et taux de modulation constants, il est d’autant plus long qu’il y a de modes à
verrouiller en phase, ce qui est intuitif.

3.2.2 Modèle de Haus

Modulateur
(désaccordé)

dtmod

Amplificateur
(dispersif)

dtc

Pertes

dtpertes

fcav = 1/Tcav

Dispersion

dtdisp

A(t)

A(t+δT)

Fig. 3.4: Schéma de principe du modèle de Haus.
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Le modèle de Haus peut être utilisé pour prendre en compte la dispersion qui avait été
négligée dans le modèle de Kuizenga et Siegman. Celle-ci peut en effet conduire à un allongement
non négligeable de la durée d’impulsion. L’objectif est ici d’établir une équation différentielle
d’évolution du champ électrique, afin de déduire les conditions de stabilité du verrouillage en
phase et la durée des impulsions en régime stationnaire.

On considère le passage d’une impulsion à travers les différents éléments de la cavité, am-
plificateur, modulateur, pertes et dispersion, comme présenté sur la Fig. 3.4. Comme précé-
demment, le champ signal est décrit par une enveloppe lentement variable notée A (t) et une
porteuse optique de pulsation ω0. Le référentiel de temps est celui de la porteuse, qu’on suppo-
sera parfaitement résonnante avec la cavité. La transmission de chaque élément i pour le champ
électrique est notée ti. La dispersion est constituée de la dispersion de la cavité au premier et
deuxième ordre (appelées respectivement retard de vitesse de groupe et dispersion de vitesse
de groupe), et de la dispersion au premier ordre de l’amplificateur (appelée tirage de fréquence
pour un laser).

L’hypothèse fondamentale de ce modèle est de supposer que l’impulsion ne subit que des
changements infinitésimaux à chaque tour de cavité. Dans ce modèle perturbatif, chaque opéra-
teur t peut être linéarisée : t ' 1+dt, où la norme et l’argument (déphasage) des transmissions
t sont petits devant 1. C’est donc l’expression (1.20) en gain faible qui est utilisée pour l’am-
plificateur. Comme c’est le cas en pratique, la période de modulation des pertes est supposée
très grande devant la durée d’impulsion en régime stationnaire, Ωτ � 1. De plus, le spectre de
l’impulsion reste petit devant la bande de gain de l’amplificateur, δω � ∆ω, ce qui est bien
le cas en verrouillage de phase actif où seule une partie de la bande de gain est exploitée (cf.
Chap. 3.2.1).

Régime stationnaire

Le régime stationnaire est atteint si l’enveloppe du champ électrique revient à l’identique
sur un tour de cavité, ce qui s’écrit A (t+ Tcav) ≡ A (t) en l’absence de retard de l’impulsion
(δT = 0). Après avoir calculé les opérateurs de transmission t des éléments de la cavité, on
obtient (cf. Chap. D.2) :{

−
( g

2∆ω2
+ iD

) d2

dt2
+
µ

8
Ω2t2

}
A (t) =

g − p
2

A (t) , (3.8)

où D = Ddisp+
g
2
Dopa est la dispersion totale dans la cavité. En l’absence de dispersion, (D = 0),

cette équation a pour solution une enveloppe gaussienne sans dérive de fréquence de largeur
τ , qui s’obtient lorsque gain et pertes s’équilibrent, g = p. La durée d’impulsion τ a alors
exactement la même expression que dans le modèle de Kuizenga et Siegman.
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Résolution de l’équation en présence de dispersion

Lorsque D 6= 0, le champ solution de l’équation d’évolution (3.8) possède généralement une
dérive de fréquence. Nous cherchons donc les solutions sous la forme :

A (t) = A0e
− t2

τ2−iβt2 . (3.9)

La fréquence instantanée du champ est alors ω (t) = ω0 + 2βt. Cette écriture suppose
implicitement que la dispersion est faible. Les hypothèses faites dans ce modèle seront vérifiées
au Chap. 3.2.3 lors d’une application numérique. L’introduction de (3.9) dans (3.8) aboutit à
un système d’équations (cf. Annexe D.2) qui peut être résolu exactement avec pour solutions

τ 4 ' 16
g

µ∆ω2Ω2
+ 48

D2∆ω2

gµΩ2
= τ 4

D=0 +
48

gµ

∆ω2

Ω2
D2 (3.10)

β2 ' D2µΩ2∆ω6

16g3
(3.11)

g ' p. (3.12)

3.2.3 Durée d’impulsion attendue

Tab. 3.1: Valeurs de la demi bande passante et de la dispersion pour le SRO étudié expérimentale-
ment.

Grandeur Notation Expression Valeur

Bande passante (ordre 1) ∆ω1
2
√

3

lc(k′s−k′c)
1,5 1012 rad.s−1

(0,24 THz; 0,76 nm)

Dispersion de l’amplification Dopa
1
6

(
k
′′
s + k

′′
c

)
lc 2,4 10−3 ps2

Dispersion du modulateur Dmod +Dcri
1
2
k
′′
s lmod + 1

2
k
′′
s lcri 1,2 10−2 ps2

Dispersion totale D Ddisp +Dcri + g
2
Dopa 1,2 10−2 ps2

Nous allons utiliser les résultats théoriques établis précédemment pour calculer la durée
d’impulsion attendue dans un OPO à verrouillage de phase actif. Pour cela nous prendrons
comme référence l’OPO simplement résonnant qui sera réalisé expérimentalement au Chap. 3.5.
Il s’agit en effet d’un SRO “typique”, au sens où sa conception résulte d’un certain nombre de
compromis entre ce qu’il est souhaitable d’avoir en théorie pour obtenir des impulsions courtes,
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et ce qu’il est possible de faire en pratique (longueur de cavité, longueurs d’ondes, etc.). Le SRO
comprend un cristal non-linéaire de PPLN:MgO chauffé à 93 °C de longueur lc = 30 mm, et un
modulateur en LiNbO3 à température ambiante de longueur lmod = 60 mm. Il est simplement
résonnant à la longueur d’onde de 975 nm dans une cavité en anneau de 2,5 m, le complémentaire
se trouvant à 1084 nm pour un pompage à 532 nm. La fréquence du modulateur est d’environ
122 MHz, soit Ω = 766 rad.s−1, et le taux de modulation µ proche de 0,5. Les pertes totales sont
prises à 3,6 %, soit p = 0,037, ce qui correspond à un temps de vie des photons dans la cavité
de 0,2 µs. Toutes les données de dispersion (k′,k′′,D) sont calculées à partir des équations de
Sellmeier donnant l’indice de réfraction en fonction de la longueur d’onde et de la température
pour les deux matériaux [Jun97, Zel97].

Tab. 3.2: Calcul de la durée d’impulsion (LTMH) dans le SRO à modes verrouillés, avec et sans
dispersion.

Grandeur Notation Expression Valeur

LTMH impulsion sans dispersion ∆TD=0

√
2 ln 2 2√

∆ωΩ

(
g
µ

)1/4

36 ps

LTMH impulsion avec dispersion ∆T
√

2 ln 2
(
τ 4
D=0 + 48

µg
∆ω2

Ω2 D
2
)1/4

46 ps

Dérive de fréquence β DΩ∆ω3

4g

√
µ
g

8 10−4 ps−2

Temps de construction Tconstr
8π√
µg

∆ω
Ω2 480 µs

Les pertes étant de quelques pourcents, nous sommes dans une situation de gain faible (on
pourra s’en assurer en se référant au Chap. 1.6.1). La valeur du gain est alors fixée par la
condition de seuil g = p. D’autre part, l’OPO est suffisamment éloigné de la dégénérescence
pour que le facteur limitant la bande passante du gain soit le terme d’ordre 1, ∆ω1. La bande
passante du gain et les paramètres de dispersion de la cavité sont calculés dans le Tab. 3.1.
La durée d’impulsion prévue en régime stationnaire est calculée dans le Tab. 3.2 à l’aide des
résultats établis avec le modèle de Haus (Chap. 3.2.2) tenant compte de la dispersion. Une
valeur du temps de construction du verrouillage en phase est également donnée à partir du
modèle de Kuizenga et Siegman (Chap. 3.2.1).

Un certain nombre d’approximations ayant été faites dans les modèles utilisés, il est bon de
vérifier leur validité dans le cas du SRO étudié expérimentalement. C’est ce que récapitule le
Tab. 3.3.
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Tab. 3.3: Vérification des approximations effectuées dans les modèles de Kuizenga et Siegman et de
Haus. Les valeurs calculées doivent être petites devant 1.

Quantité Valeur

ΩτD=0 0,02

Ω/∆ω1 5 10−4

(∆ω1τ)−1 0,02

D∆ω2
1 0,03

βτ/∆ω1 0,02

Plusieurs remarques peuvent être faites à la lumière de ces résultats numériques. Tout
d’abord, le verrouillage en phase actif des modes d’un SRO peut théoriquement conduire, avec
des valeurs réalistes, à des impulsions très courtes puisqu’elles font moins de 40 ps. De plus,
même en présence de dispersion, et dans un cas réaliste, la dérive de fréquence dans l’impulsion
reste très faible. Par conséquent la durée d’impulsion reste très proche de la durée optimale
(sans dispersion) et quasiment limitée par la transformée de Fourier.

Par ailleurs, nous constatons qu’il n’est pas nécessaire d’être très proche de la dégénérescence
pour produire des impulsions courtes. En effet, si le SRO fonctionnait à 1063 nm, la durée des
impulsions (sans dispersion) serait de 10 ps. Dans le cas considéré, le SRO oscille à 975 nm,
soit un écart de 10 % par rapport à la dégénérescence, et produit en théorie des impulsions
d’environ 40 ps. Ce résultat s’explique par le fait qu’à 1064 nm le SRO reste limité par la bande
de gain à l’ordre 2. Bien que celle-ci soit 17 fois plus grande que la bande de gain à 975 nm,
elle n’intervient qu’au travers de sa racine carrée, soit un gain de 4 seulement sur la durée de
l’impulsion. De plus, l’utilisation d’un OPO au voisinage immédiat de la dégénérescence pose
quelques problèmes expérimentaux, comme nous le verrons au Chap. 3.4.

3.3 Modèles de verrouillage en phase actif des modes d’un
OPO doublement résonnant

Les formalismes décrits aux Chap. 3.2.1 et 3.2.2, originellement développés pour les sources
laser, sont adaptés au cas où une seule onde oscille dans la cavité. Pour un OPO, cela signifie qu’à
chaque tour de cavité, l’intensité d’une des deux ondes mises en jeu (signal ou complémentaire)
doit être nulle à l’entrée du cristal non-linéaire. De plus, la modulation d’amplitude ne s’applique
qu’à l’onde résonnante. Ces formalismes ne peuvent donc pas être utilisés tels quels pour traiter
le cas d’un OPO doublement résonnant (DRO). Or ce type d’OPO est très intéressant en
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raison de son faible seuil d’oscillation. C’est en effet avec un DRO qu’ont été réalisées les
premières expériences de validation de verrouillage actif des modes, décrites au Chap. 3.4. En
nous inspirant du modèle de Haus, nous allons développer ici trois approches adaptées au cas
du DRO.

3.3.1 Verrouillage en phase actif à la dégénérescence exacte

Le premier cas considéré est celui d’un DRO à la dégénérescence exacte, tel que λs = λc =

2λp. Les champs signal et complémentaire sont parfaitement dégénérés, c’est-à-dire As = Ac. Il
n’y a donc qu’une seule impulsion circulant dans la cavité. Bien que ce cas ne soit pas totalement
réaliste, puisqu’il néglige entre autres les effets de clusters (cf. Chap. 3.3.3), il permet une
première approche simple du verrouillage en phase dans un DRO. Nous reprenons les équations
couplées non-linéaires (A.8). Nous supposons un gain faible par passage dans le cristal, et
une situation proche de l’accord de phase. Pour pouvoir travailler avec des champs réels et
écrire As = A∗s, nous supposons que la dispersion totale dans la cavité est nulle (Ddro =

Ddisp + 3gdroDopa = 0). Les détails du calcul sont reportés en Annexe D.3. On montre que
l’évolution du champ signal est donnée par{

− 1

∆ω2
f

d2

dt2
+
µ

8
Ω2t2

}
As (t) =

gdro − p
2

As (t) , (3.13)

où nous avons introduit ∆ωf afin de limiter la bande passante. En effet, en régime doublement
résonnant, le désaccord de phase ne vient limiter la bande de gain qu’à l’ordre 4 en ω − ω0

s ,
comme nous l’avons vu au Chap. 1.6. Or le calcul n’en tient pas compte car nous avons choisi
de n’utiliser que des dérivées temporelles du second ordre (approximation parabolique), afin
d’obtenir une solution analytique. Ceci conduirait à une bande de gain infinie. D’où la nécessité
d’introduire un terme ex nihilo, ∆ωf , qui représente par exemple la bande de réflectivité des
miroirs.

L’équation précédente est formellement identique à (3.8) avec les substitutions suivantes :
g → gdro, g/2∆ω2 → 1/∆ω2

f , D → 0. La durée des impulsions en régime stationnaire d’un DRO
dégénéré en l’absence de dispersion est donc

τ =
2√

∆ωfΩ

(
2

µ

)1/4

. (3.14)

À bande passante constante, cette équation est similaire celle obtenue pour un SRO avec un
gain g = 2. Comme g � 1 dans un SRO, les impulsions produites par le DRO sont plus longues,
d’un facteur (2/g)1/4. En revanche, la bande de gain d’un DRO peut être bien supérieure à celle
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d’un SRO. Si elle est totalement exploitée (∆ωf suffisamment grand), les impulsions du DRO
dégénéré peuvent alors être comparables à celles du SRO2. Le Tab. 3.4 illustre numériquement
ce résultat.

Tab. 3.4: Bande passante et durée d’impulsion dans un DRO (3.14) et un SRO (3.3) à modes ver-
rouillés. Les valeurs numériques des autres paramètres sont celles de l’OPO pompé à 532 nm
réalisé expérimentalement.

Type d’OPO Bande passante LTMH
impulsion

SRO dégénéré
λs = 1064 nm

∆ω1064 = 2,2 1013 rad.s−1

(3,5 THz; 13 nm) 9 ps

SRO λs = 1050 nm ∆ω1050 = 8 1012 rad.s−1

(1,3 THz; 4,7 nm) 16 ps

DRO dégénéré ∆ωf = ∆ω1064 26 ps

DRO dégénéré à
bande passante
limitée

∆ωf ≡ ∆ω1050 43 ps

En conclusion, la situation la plus avantageuse en terme de durée d’impulsion reste celle
d’un SRO fonctionnant le plus près possible de la dégénérescence. À 1050 nm par exemple, des
miroirs diélectriques adaptés devraient permettre à la fois d’exploiter toute la bande de gain
(9,5 nm) et de séparer le signal et le complémentaire (distants de 35 nm). Néanmoins, un DRO
dégénéré reste intéressant puisqu’il permet de produire des impulsions de seulement 26 ps, avec
une moindre exigence sur les miroirs (un seul traitement diélectrique centré à 1064 nm). Par
ailleurs, son seuil d’oscillation est bien plus faible, ce qui lui confère un avantage expérimental
considérable.

3.3.2 Verrouillage en phase actif hors dégénérescence

L’OPO doublement résonnant (DRO) non dégénéré, tel que λs 6= λc, est particulièrement
intéressant puisqu’il s’agit du cas réalisé dans la pratique. Il y a ici deux impulsions distinctes

2En effet, un SRO utilisant un accord de phase de type 0 ou 1 doit nécessairement être en dehors de la
dégénérescence afin de pouvoir séparer les ondes signal et complémentaire. Sa bande de gain est alors plus faible
que celle d’un DRO dégénéré.
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Temps
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SignalCompl.

tstc

Fig. 3.5: Schéma de principe du modèle de verrouillage en phase actif d’un DRO hors dégénérescence.
La modulation est en trait plein, et son approximation parabolique en trait pointillés.

circulant dans la cavité, signal et complémentaire. Si la dispersion n’est pas exactement com-
pensée, ce qui est le cas expérimentalement, les deux impulsions voyagent avec des vitesses de
groupe différentes. Elles tendent donc à se séparer temporellement au fur et à mesure des tours
de cavité, d’une quantité ts (tc) par rapport à la modulation active des pertes, comme illustré sur
la Fig. 3.5. Nous proposons ici un modèle dans le domaine temporel essayant de rendre compte
de ce phénomène, afin de prédire la durée des impulsions obtenues par verrouillage de phase
actif. Ce modèle utilise largement le formalisme du modèle de Haus présenté au Chap. 3.2.2. Le
détail des calculs est reporté en Annexe D.4. On note t le temps dans le référentiel de chaque
impulsion.

Dans un souci de simplification, nous nous limiterons au cas où les champs signal et com-
plémentaire sont réels et identiques (pas de dérive de fréquence), décalés dans le temps de façon
symétrique (tc = −ts) et d’amplitude gaussienne, soit

A∗c (t) = Ac (t) = As (t) = As0e
−( tτ )

2

.

Après quelques calculs détaillés en Annexe D.4, on obtient la durée d’impulsion en régime
stationnaire, et le retard par rapport à la modulation :

τ =
2√

Ω∆ωdro

(
gdro
µ

)1/4

(3.15)

ts =
1

2∆ωdro
. (3.16)

Nous retrouvons l’expression familière de la durée d’impulsion obtenue dans le SRO, avec
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toutefois une nouvelle bande passante pour le DRO :

∆ωdro =
gdro
−δTs

, (3.17)

où δTs est le retard de groupe du signal par rapport à la porteuse optique. Dans le cas où le
seul élément dispersif est le cristal amplificateur, et à l’état stationnaire, gdro = p, cette bande
passante est

∆ωdro =
2gdro
−2δTs

=
2gdro

−δTs + δTc
=

2p
lc
vg,s
− lc

vg,c

. (3.18)

La bande passante du DRO est donc limitée par la différence de vitesse de groupe entre
l’onde signal et l’onde complémentaire, ce qui cohérent avec le principe du modèle. Cependant,
elle dépend des pertes, contrairement à la bande passante du SRO ∆ω1, si bien qu’on a

∆ωdro =
p√
3

∆ω1. (3.19)

Comme les pertes sont de l’ordre du pourcent, cette dernière relation montre qu’en dehors
de la dégénérescence, la bande de gain effective d’un DRO est bien plus faible que celle d’un
SRO aux mêmes longueurs d’onde. Un exemple numérique à λs = 1050 nm pour le DRO qui
sera réalisé expérimentalement au Chap. 3.4 est consigné dans le Tab. 3.5.

Tab. 3.5: Bande passante (3.17) et durée d’impulsion (3.15) dans un DRO à λs = 1050 nm, comparées
à celles d’un SRO à λs = 975 nm. Les valeurs numériques des autres paramètres sont celles
de l’OPO pompé à 532 nm réalisé expérimentalement. La cavité est en anneau, sauf mention
contraire.

Type d’OPO Bande passante LTMH impulsion et décalage
signal - complémentaire

SRO à 975 nm
(dispersion totale)

∆ω975 = 1,4 1012 rad.s−1

(0,2 THz; 0,7 nm) τ = 45 ps

DRO à 1050 nm
(dispersion cristal)

∆ωdro = 2,2 1011 rad.s−1

(0,035 THz; 0,13 nm)
τ = 95 ps
ts = 4,5 ps

DRO
(dispersion totale)

∆ωdro = 7,3 1010 rad.s−1

(0,01 THz; 0,04 nm)
τ = 165 ps
ts = 14 ps

DRO cavité linéaire
(dispersion totale)

∆ωdro = 3,6 1010 rad.s−1

(0,006 THz; 0,02 nm)
τ = 230 ps
ts = 27 ps
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Dans une configuration réaliste, les impulsions peuvent dépasser 100 ps dans un DRO à cause
de la dispersion, alors qu’elles ne font que 45 ps dans un SRO éloigné de la dégénérescence (λs
= 975 nm). Par ailleurs, les durées calculées pour le DRO sont 2 à 5 fois plus importantes
que dans le modèle précédent ne tenant pas compte de la dispersion. De plus, les impulsions
signal et complémentaire peuvent être décalées temporellement de 5–30 ps, soit des temps aussi
longs que les durées d’impulsions prédites en l’absence de dispersion. En conclusion, l’effet de
la dispersion sur la durée d’impulsion est très important dans un DRO non dégénéré. Malgré
tout, les durées d’impulsions prévues restent dans la gamme picoseconde.

3.3.3 Point de vue fréquentiel : effet des clusters sur la bande de gain
et la durée des impulsions

ω
p

/2 cluster

ω
s

0cluster

c/2L
s

ω
p

/2 ω
p

ω
c

Fig. 3.6: Peignes de modes du signal et du complémentaire tels que ωp = ωs + ωc = cste dans un
OPO doublement résonnant. Les modes se recouvrant partiellement forment les clusters. Ls
est la longueur optique de la cavité signal.

Dans le modèle précédent, le verrouillage actif des modes d’un DRO a été traité dans le
domaine temporel. Le résultat principal est que la durée des impulsions résulte d’une bande de
gain réduite par la différence de vitesse de groupe entre le signal et le complémentaire. Nous
allons adopter ici une approche dans le domaine fréquentiel, et montrer que la dispersion joue,
de manière générale, un rôle particulièrement important dans le DRO. L’objectif est encore
d’évaluer la durée des impulsions produites par un DRO à modes verrouillés en phase.

La Fig. 3.6 schématise les peignes de fréquence signal et complémentaire dans le diagramme
de Giordmaine et Miller [Gio66]. Dans ce diagramme, les résonances de la cavité à ωs et ωc
sont tracées dans deux directions opposées. Les modes de cavité alignés selon une verticale sont
ceux respectant la conservation de l’énergie ωp = ωs + ωc. Par conséquent ce sont les seuls
autorisés à osciller. On parle de modes coïncidents. En raison de la finesse limitée de la cavité,
cette condition de coïncidence n’est pas stricte et l’oscillation est possible pour des groupes de
modes se recouvrant partiellement, ou clusters. La Fig. 3.7 présente le résultat d’un calcul des
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clusters dans un DRO pompé à 532 nm similaire à celui étudié au début de ce chapitre ainsi
qu’au chapitre expérimental 3.4.

Le principe de ce calcul est simple. Les peignes de fréquence signal et complémentaire sont
modélisés par la fonction de transmission d’un étalon Fabry-Perot dont l’intervalle spectral libre
est celui de la cavité du DRO :

T (ϕ) =
(1−R)2

1− 2R cos (ϕ) +R2
, (3.20)

où R est la réflectivité d’un des miroirs du Fabry-Perot, si bien que 1 − R2 sont les pertes de
la cavité, supposées identiques pour le signal et le complémentaire. Ces pertes sont d’environ
6 %, soit une finesse de 50. ϕ est le déphasage sur un aller-retour dans l’étalon, c’est-à-dire sur
un tour de cavité. Il dépend de la longueur d’onde et de la longueur optique de la cavité Lopt à
travers la relation classique

ϕ (λ) =
2πLopt (λ)

λ
. (3.21)

1.04 1.05 1.06 1.07 1.08 1.09
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

 (µm)

(a)

1.056 1.058 1.060 1.062 1.064 1.066
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

0.05 nm

6.3 nm

(b)

 (µm)

1.2 nm

Fig. 3.7: (a) Modélisation des clusters dans un DRO pompé à 532 nm en cavité linéaire et fonction-
nant à la dégénérescence. L’ISL de la cavité est de 115 MHz et sa finesse de 50. Courbe
noire : bande de gain. Courbe verte : Clusters, d’après (3.23). (b) Zoom montrant les deux
premiers clusters.

Le déphasage des ondes sur un tour de cavité dépend de la dispersion des différents éléments
optiques, comme le cristal non-linéaire et le modulateur de pertes (la dispersion des miroirs est
négligée), mais il dépend également du déphasage non-linéaire à la traversée du cristal. Ce
déphasage non-linéaire dépend du désaccord de phase, qui dépend lui-même de la longueur
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d’onde. Ceci s’écrit pour une cavité en anneau :

ϕ (λ) = −∆k (λ) lc +
2π

λ
(Lcav − lc − lmod + nc (λ) lc + nmod (λ) lmod) , (3.22)

où Lcav est la longueur physique de la cavité, et ∆k (λ) est le désaccord de phase. Dans une cavité
linéaire, le déphasage est multiplié par deux. Dans le calcul nous supposons que le désaccord de
phase est exactement nul à la dégénérescence à 2λp = 1,064 µm. Les clusters sont formés par la
superposition des peignes de fréquence signal et complémentaire. Cette superposition est donnée
par le produit des fonctions de transmissions pour l’onde signal et l’onde complémentaire :

Tclusters (λ) = T (λ) · T
(

1

λ−1
p − λ−1

)
, (3.23)

où λ désigne indifféremment la longueur d’onde signal ou complémentaire. De plus, la longueur
de la cavité est ajustée de sorte que le mode situé exactement à la dégénérescence (1,064 µm)
soit résonnant. La conséquence est la présence d’un cluster autour de 1,064 µm, comme sur la
Fig. 3.7. Parce que le gain est faible (q2l2c ' 0,45), le gain par passage en fonction du désaccord
de phase, normalisé à son maximum, est approximativement donné par (cf. Chap. 1.6.1)

(qlcsinc∆klc/2)2 .

1.056 1.058 1.060 1.062 1.064 1.066
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

0.05 nm

4 nm

5.5 nm

 (µm)

0.12 nm
0.4 nm0.05 nm

Fig. 3.8: Modélisation similaire à celle de la Fig. 3.7 avec cette fois une première résonance à λ0 −
λ0/100 (vert) ou λ0 − λ0/10 (bleu foncé).

Les modes qui oscillent dans le DRO doivent appartenir aux clusters et être situés sous la
bande de gain paramétrique. On peut ainsi considérer que la bande de gain effective du DRO
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est donnée par le produit de la bande de gain paramétrique et de la fonction représentant les
clusters. Cette nouvelle bande de gain a une forme et une largeur très différente de la bande de
gain paramétrique. Sur la Fig. 3.7, nous voyons qu’environ 5 clusters signal sont susceptibles
d’osciller, comprenant au total 1600 modes. En réalité, rien n’impose l’existence d’une résonance
à la dégénérescence exacte à λ0. Au contraire, les fluctuations (mécaniques, thermiques, etc.)
de la longueur optique de la cavité font sans cesse glisser les peignes de fréquences, empêchant
ainsi qu’une résonance exacte ait lieu à λ0. Ceci a une conséquence importante sur l’allure de
la bande de gain effective, puisque le premier cluster n’est plus nécessairement situé autour
de λ0. Un exemple est donné sur la Fig. 3.8, où le premier mode résonnant est maintenant
situé à λ0/100 de la dégénérescence exacte. Ceci permet également d’expliquer les sauts de
modes caractéristiques du DRO. Si la longueur de la cavité varie, le cluster le plus proche de la
dégénérescence disparaît, tandis qu’un nouveau cluster apparaît ailleurs dans la bande de gain,
ce qui provoque un saut d’un cluster à l’autre, donc des sauts de modes.

Les exemples précédents montrent que largeur du premier cluster peut varier et que tous
les clusters n’ont pas une largeur identique. Nous pouvons néanmoins considérer que la largeur
typique d’un cluster signal proche du milieu de la courbe de gain est comprise entre 0,05 et
0,6 nm, soit entre 0,013 THz et 0,16 THz3 ou encore 100 à 1400 modes signal. D’après (3.15) les
impulsions correspondantes font entre 45 et 150 ps. Il est intéressant de voir que ce modèle donne
une durée d’impulsion du même ordre de grandeur que l’approche dans le domaine temporel du
Chap. 3.3.2. Ceci provient du fait que dans les deux cas c’est la dispersion entre l’onde signal
et l’onde complémentaire qui est à l’origine du rétrécissement de la courbe de gain. Ici encore
nous remarquons que la dispersion en régime doublement résonnant a un effet important sur la
durée d’impulsion, mais que cette dernière reste néanmoins dans le domaine picoseconde.

3.4 Verrouillage en phase actif d’un OPO doublement ré-
sonnant

Toutes les expériences de ce chapitre ont été réalisées au Laboratoire Aimé Cotton (LAC,
CRNS, Orsay), en collaboration avec Cyril Drag et Fabien Bretenaker. Cette collaboration a
également donné naissance à un travail portant sur un OPO continu stabilisé en fréquence
émettant dans le rouge (voir Annexe E).
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Fig. 3.9: Schéma de la cavité linéaire de l’OPO doublement résonnant (DRO).

3.4.1 Montage expérimental

La cavité de l’OPO doublement résonnant (DRO) est schématisée sur la Fig. 3.9. C’est une
cavité linéaire de 1,2 m, soit 2,4 m aller-retour, formée par 2 miroirs plan-concaves M1 et M2

de rayon de courbure 100 mm, et de deux miroirs plans M3 et M4. L’angle d’incidence sur les
miroirs concaves est limité à 4° afin de réduire l’astigmatisme. Tous les miroirs possèdent un
traitement diélectrique hautement réfléchissant (R > 98 %) entre 1044 et 1084 nm avec une
haute transmission (T > 95 %) à 532 nm. Le verrouillage des modes en phase est réalisé grâce à
un modulateur acousto-optique. Ce type de modulateur est fiable et simple à mettre en œuvre,
et il est déjà largement utilisé dans les lasers solides commerciaux. En revanche, la fréquence de
modulation est comprise entre 20 et 400 MHz environ (limitée par le temps de propagation de
l’onde acoustique), et dépasse rarement 100 MHz pour un coût raisonnable. Ceci impose une
longueur minimale pour la cavité optique. Dans notre cas, nous disposions d’un modulateur
fonctionnant de manière optimale à 50 MHz, avec une accordabilité d’au moins ±10 MHz, ce
qui donne une longueur optique de cavité comprise entre 2,5 m et 4 m.

L’amplification paramétrique est effectuée grâce à un cristal périodiquement retourné de
niobate de lithium dopé MgO, ou PPLN:MgO. Il est conçu par la société HC Photonics [HCP]
avec une période de retournement 6,92 µm afin d’effectuer la conversion 532 nm→ 1064 nm +

1064 nm à une température de cristal de 60 °C. Ses dimensions sont 30 mm en longueur et
0,5 mm en épaisseur. Les faces d’entrée et de sortie du cristal sont traitées anti-reflet à 532 et
1064 nm, avec une réflectivité résiduelle nominale inférieure à 1 % entre 950 nm et 1150 nm.

3Ces valeurs sont évaluées à la hauteur de 0,32, valeur que prend le gain paramétrique pour un désaccord de
phase de

√
12. Cette valeur de désaccord de phase correspond en effet à la convention choisie au Chap. 1 pour

évaluer la largeur de gain au premier ordre.
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Le dopage MgO est indispensable pour réduire l’effet photoréfractif à la longueur d’onde de
pompe, particulièrement important dans le cas du niobate de lithium éclairé en continu à
532 nm [Bry84]. Nous avons vérifié l’absence de dommage photoréfractif dans notre cristal
jusqu’à une puissance de 2,8 W pour un waist4 pompe de 47 µm, en observant la tache du
faisceau en transmission. Au delà de 2,8 W, la tache du faisceau se déforme nettement : le
centre du faisceau devient moins lumineux, preuve qu’une partie de la lumière a été déviée
vers les bords sous l’effet d’une lentille photoréfractive. En augmentant la puissance, l’effet de
lentille devient plus complexe : la tache est alors constituée d’un point central lumineux entouré
d’un anneau lumineux.
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Fig. 3.10: Évolution du seuil du DRO avec modulateur en fonction du waist signal à 1064 nm. Le
waist signal vaut 29 µm (ligne pointillée noire), le waist de pompe à 532 nm vaut 47 µm
(ligne pointillée bleue), et le waist signal pour lequel la longueur de Rayleigh est égale à
celle de la pompe est 68 µm (ligne pointillée rouge).

Le laser de pompe est un laser continu VERDI 10 W, commercialisé par Coherent [COH].
C’est un laser fiable, monomode longitudinalement et spatialement, avec une très bonne qualité
de faisceau. Sa stabilité en fréquence est d’environ 20 MHz sur une minute, ce qui est largement
suffisant pour nos expériences. Le faisceau de pompe est focalisé dans le cristal sur un waist de
47 µm par une lentille de 200 mm. La taille du waist et sa position en l’absence de cristal ont
été mesurées par la méthode “du couteau”. En tenant compte de la réfraction, le cristal est placé
afin que le waist de pompe soit localisé en son centre. Le pompage se fait habituellement en
continu, mais un hacheur mécanique peut également être utilisé pour produire des impulsions
de pompe de 800 µs. Comme nous le verrons plus loin, ceci permet d’étudier la dynamique du
DRO aux temps courts, tout en permettant l’établissement du régime stationnaire aux temps
longs.

4Dans ce manuscrit, il s’agira toujours de la demi-largeur à 1/e2 de l’intensité.
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Fig. 3.11: Diamètre du faisceau résonnant à 1064 nm dans la cavité du DRO sur un aller-retour.
Toutes les unités sont en mm. Les miroirs concaves sont figurés par des lentilles conver-
gentes de focale 50 mm. Encadré : zoom dans le cristal.

Le choix d’une cavité linéaire résulte d’un compromis entre un choix restreint pour les
rayons de courbure des miroirs concaves, une longueur de cavité proche de 2,4 m et la nécessité
d’avoir une taille de waist pour l’onde résonnante similaire à celle de la pompe. En effet, en
calculant le seuil d’oscillation du DRO d’après la méthode détaillée dans [Zon97], on s’aperçoit
qu’un minimum est atteint pour un waist signal très légèrement inférieur au waist de pompe
(Fig. 3.10). Pour ce calcul, l’absorption5 à la longueur d’onde de pompe est égale à 0,18 cm−1.
Comme il est impossible de rendre compte de l’ensemble des pertes de façon exacte à l’aide des
seules caractéristiques des optiques, nous avons supposé des pertes 0,7 % par miroir et par face
du cristal afin de retrouver le seuil expérimental (voir Chap. 3.4.2). Cette valeur reste réaliste.
Le calcul de stabilité de la cavité du DRO, présenté sur la Fig. 3.11, donne un waist signal
de 29 µm. Le seuil théorique de 130 mW n’est pas trop éloigné de la valeur optimale, et est
facilement atteignable avec notre laser de pompe.

Le verrouillage en phase est réalisé en insérant dans la cavité un modulateur acousto-optique
(ML-50Q, 60 mm de long, fabriqué par IntraAction Corp. [IAC]) avec des faces d’entrée et de
sortie inclinées à l’angle de Brewster afin de minimiser les pertes d’insertion. Le modulateur
est alimenté par un générateur RF suivi d’un amplificateur 40 dB. Nous avons vérifié les per-
formances du modulateur en l’éclairant avec un faisceau collimaté à 1064 nm issu d’un laser
d’injection. Nous avons d’abord mesuré la puissance restante dans l’ordre 0. Pour une puissance
acoustique de -9,2 dBm avant amplification, la transmission est de 50 % (le reste étant diffracté
dans les ordres supérieurs). Dans une cavité linéaire où la lumière fait deux passages dans le

5Une mesure de transmission effectuée au spectromètre visible sur un échantillon de LiNbO3:MgO fourni par
HC Photonics a permis de déterminer une absorption de 0,18 cm−1 à 532 nm.
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modulateur par tour de cavité, une transmission de 70 % en simple passage est suffisante, ce
qui est atteint avec une puissance acoustique de -16 dBm environ.

3.4.2 Caractérisation du DRO en régime continu
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Fig. 3.12: Longueurs d’ondes du signal et du complémentaire mesurées en fonction de la température
du cristal de PPLN:MgO (carrés). La série autour de 60 °C (voir aussi l’encadré) est obtenue
avec le DRO tandis que la série entre 80 °C et 120 °C est obtenue avec le SRO (cf. Chap.
3.5). La courbe en trait plein est obtenue en calculant la condition d’accord de phase avec
[Zel97] pour une période de retournement de 6,92 µm.

Grâce au faible seuil du DRO, et à la facilité d’alignement de la cavité linéaire, l’oscillation
est obtenue rapidement. Le seuil minimum sans modulateur est de 95 mW en pompage continu
avec une optimisation fine de la cavité et de la température du cristal. Avec le modulateur
dans la cavité, mais sans enclencher la modulation, le seuil est de 130 mW, ce qui correspond
à une perte d’insertion de 0,7 %, toujours d’après la formule proposée par [Zon97]. Ces pertes
correspondent à un temps de vie des photons dans la cavité de 104 ns, valeur qui nous servira
par la suite pour interpréter les résultats de verrouillage en phase des modes. Les longueurs
d’onde émises par le DRO sont mesurées à l’aide d’un spectromètre fibré de résolution 0,4 nm
(AvaSpec-2048 fabriqué par Avantes [AVA]), en récupérant la fuite du miroir M4, et reportées
dans la Fig. 3.12 en fonction de la température du cristal. Nous obtenons la dégénérescence,
λs = λc = 1064 nm à une température de cristal de 61,2±0,5°. Le désaccord entre les points
expérimentaux et la courbe issue de la littérature provient principalement des fluctuations de
compositions chimiques exactes, et donc d’indice, entre cristaux de provenances différentes. Une
erreur systématique entre la température mesurée et celle régnant réellement à l’intérieur du
cristal peut également intervenir.
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Fig. 3.13: Puissance du signal et de la pompe dépeuplée en fonction du temps pour le DRO pompé
près du seuil et un signal à 1040 nm.

Il est difficile de déterminer plus précisément la température de dégénérescence, car les
longueurs d’onde mesurées fluctuent rapidement. Dans le cas du DRO, ceci est principalement
dû aux sauts de modes des clusters, dont nous avons déjà parlé au Chap. 3.3.3. Temporellement,
ceci se traduit par des sauts d’intensité, comme illustré sur la Fig. 3.13. Dans notre cas, les sauts
d’intensité se produisent toutes les 150 µs environ, et n’évoluent pas de façon sensible avec la
température ou la puissance de pompe. En suivant l’approche de [AT98], nous calculons qu’à
température et fréquence de pompe fixes, la résonance de la cavité change de mode longitudinal
dès que la longueur de cavité change de 25 pm. Une si petite variation peut être provoquée par
de nombreux facteurs tels que les vibrations des miroirs, des fluctuations de température de
l’air dans la cavité ou au sein du cristal.

L’intervalle spectral libre (ISL) de la cavité est mesuré en analysant les battements entre les
différents modes longitudinaux émis par le DRO à la dégénérescence au moyen d’une photodiode
(bande passante de 1 GHz) et d’un analyseur de spectre électronique (Agilent). Le pic de plus
basse fréquence dans le spectre enregistré correspond au battement entre modes voisins et donc
à l’ISL de la cavité. Nous mesurons 114,5 MHz, soit une longueur optique de 2,62 m.

Enfin, le faisceau, lorsqu’il est observé sur une caméra CCD ou sur une simple carte IR,
possède une bonne symétrie de révolution, ce qui indique que le DRO oscille sur le mode spatial
fondamental TEM00.

3.4.3 Verrouillage actif des modes du DRO
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Fig. 3.14: (a) Profils temporels de la pompe incidente, du complémentaire sans modulation, et du
complémentaire avec modulation. (b) Puissance du complémentaire à l’échelle ns en pré-
sence de modulation. L’origine des temps se situe 820 µs après le début du créneau de
pompe. L’onde signal est à 1050 nm, et le DRO est pompé 4 fois au dessus du seuil avec
une pompe découpée. La profondeur de modulation est de 0,35, avec une fréquence de
57,355 MHz.

Afin d’analyser une seule des deux ondes produites par l’OPO, le cristal est porté à 62 °C.
Les faisceaux signal et complémentaire sont alors à 1050 nm et 1080 nm respectivement, ce qui
permet de les séparer hors cavité à l’aide d’un prisme équilatéral. Même lorsqu’on s’écarte légè-
rement de la dégénérescence, la bande passante d’amplification reste assez large pour produire
des impulsions picosecondes. D’après ce que nous avons vu au Chap. 3.3.2, la bande passante
effective vaut 6 GHz (0,02 nm à 1050 nm) en double passage, ce qui correspond à des impulsions
de 230 ps.

Le modulateur est ensuite mis en marche. L’intensité de l’onde complémentaire est analysée
avec une photodiode rapide en InGaAs (temps de monté 70 ps) et un oscilloscope de bande
passante 2,5 GHz (temps de montée de 170 ps). Pour une fréquence de modulation quelconque,
nous vérifions que le DRO n’oscille pas. En revanche, lorsque la fréquence de modulation avoisine
la moitié de l’ISL de la cavité, des oscillations rapides apparaissent sur l’allure temporelle du
complémentaire, traduisant l’apparition d’impulsions courtes. La Fig. 3.14(a) montre le résultat
obtenu pour un créneau de pompe de 800 µs.

On remarque sur cette figure que le temps de construction du DRO passe de ∼100 µs sans
modulation à ∼150 µs avec modulation, et que la puissance crête diminue légèrement avec la
modulation. Notons par ailleurs que les sauts d’intensité du DRO sont présents à la fois en
régime continu et en régime modulé. Enfin, l’intensité en régime modulé ne tombe jamais à
zéro : il existe un fond continu d’environ 10 %.

La structure détaillée des impulsions est ensuite analysée à la fin de créneau du complémen-
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Fig. 3.15: Dynamique du DRO pour un pompage 8 fois au dessus du seuil et 3 trois taux de mo-
dulation différents. L’origine des temps correspond au moment où les impulsions sont
détectables (voir le texte principal).

taire, à t = 820 µs. Sur la Fig. 3.14(b), nous voyons que la puissance du complémentaire en
sortie est constituée d’impulsions courtes séparées en moyenne de 8,72 ns. Ce train d’impulsions
est stable au cours du temps, et se maintient tel quel en pompage continu (non montré ici). La
durée (LTMH) des impulsions en régime stationnaire est de 1,24 ns. Il existe donc bel et bien
un régime stationnaire d’impulsions courtes. Autrement dit, ce résultat démontre la faisabilité
du verrouillage en phase continu des modes d’un OPO doublement résonnant. La fréquence de
répétition des impulsions vaut 114,68 MHz et correspond bien à la fois au double de la fréquence
de modulation (114,71 MHz) et à l’ISL de la cavité (114,5 MHz). Par ailleurs, la présence d’un
fond continu d’environ 10 % est confirmée. En augmentant le taux de modulation, il est pos-
sible de raccourcir les impulsions jusqu’à 800 ps, mais cela se traduit par une diminution de la
puissance crête. Avec un taux de modulation plus important, le DRO n’oscille plus.

La dynamique du verrouillage en phase est ensuite étudiée en mesurant la durée des impul-
sions en fonction du temps écoulé depuis le début de l’oscillation. Les résultats sont reportés
sur la Fig. 3.15 pour différents taux de modulation à puissance de pompe fixe. Sur cette figure,
l’origine des temps est le moment où les impulsions sont suffisamment puissantes pour être
détectées avec notre photodiode, c’est-à-dire lorsqu’elles sortent du bruit. Par exemple, sur la
Fig. 3.14(a), ce moment se situerait à t = 135–140 µs. La Fig. 3.15(a) montre que la durée des
impulsions augmente rapidement sur une durée d’environ 100 µs. Cette période est le temps
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Fig. 3.16: Évolution du fond continu du DRO verrouillé en phase avec le taux de modulation, pour
un pompage 8 fois au dessus du seuil.

de construction de l’oscillation, comme le montre la Fig. 3.15(b). Au delà de ∼100 µs, le DRO
atteint un régime stationnaire d’impulsions courtes. Aux temps longs (t > 800 µs), la pompe
commence à décroître, ce qui se traduit par une diminution de la puissance et de la durée des
impulsions du DRO. Cette évolution porte à croire que les impulsions sont encore plus courtes
au démarrage du DRO (temps négatifs), mais elles sont alors trop faibles pour être détectées.
Ce point sera discuté lors de la modélisation de l’OPO à modes verrouillés (Chap. 3.6.2).

De façon générale, la durée et la puissance crête des impulsions diminuent lorsque le taux
de modulation augmente, à puissance de pompe fixe. Le même phénomène se produit lorsque
la puissance de pompe diminue à taux de modulation fixe. Cette compétition entre gain et
taux de modulation se retrouve également dans les lasers à verrouillage de phase actif, et
apparaît d’ailleurs dans l’expression de la durée d’impulsion sous la forme du facteur g/µ.
L’augmentation du taux de modulation se traduit également par une diminution du fond continu
relativement à la puissance crête des impulsions, comme montré sur la Fig. 3.16. L’ensemble
de ces comportements peut s’interpréter de la façon suivante. Lorsque le taux de modulation
augmente, d’avantage d’énergie est transférée d’un mode longitudinal à son mode voisin : le
nombre final de modes verrouillés en phase est plus important, et donc les impulsions générées
plus courtes. Comme le fond continu est constitué des modes non verrouillés, il diminue. De
même, lorsque la pompe augmente, le gain augmente à pertes fixes : il y a davantage de modes
longitudinaux se retrouvant au dessus du seuil d’oscillation. Si le taux de modulation est laissé
inchangé, ces nouveaux modes oscillants ne sont pas verrouillés en phase et viennent contribuer
au fond continu.
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3.5 Verrouillage en phase actif d’un OPO simplement résonnant

3.4.4 Discussion et limitations de l’architecture

De façon évidente, la dynamique du DRO verrouillé en phase n’est pas celle attendue. En
effet, nous avons vu au Chap. 3.2.1 que la durée d’une impulsion doit d’abord diminuer avec le
temps, c’est-à-dire que son spectre doit s’élargir avec le nombre de passages dans le modulateur.
Puis, la bande de gain étant bornée, le spectre doit se stabiliser, ainsi que la durée de l’impulsion.
C’est également ce qui se passe dans les lasers à verrouillage de phase actif [Sie86]. Or nous
avons ici le comportement inverse : l’impulsion s’élargit au cours du temps. Malgré tout, il n’y
a pas de retour au régime continu : un état stationnaire est réellement atteint.

Un autre résultat inattendu est que la durée finale des impulsions est au moins 25 fois plus
grande que celle prévue par le calcul dans le cas d’un DRO quasi-dégénéré (Chap. 3.3.1) :
0,8–1,2 ns au lieu de ∼30 ps. Dans le cas d’un OPO doublement résonnant, nous avons vu
aux Chap. 3.3.3 et 3.3.2 qu’il fallait tenir compte de la dispersion car elle est susceptible de
rallonger fortement les impulsions. La théorie prévoit alors des impulsions d’environ 230 ps,
soit 4 fois plus courtes que ce qui est observé expérimentalement. Cependant, ces estimations
ont été faites en supposant que le DRO oscillait sur un ensemble restreint de modes, mais
déterminés une fois pour toutes. En réalité, nous avons vu que les modes qui oscillent dans
le DRO ne sont pas les mêmes d’un instant à l’autre, ce qui provoque des sauts en longueur
d’onde et en intensité. Or ces sauts d’intensité se reproduisent avec une période proche du temps
de construction de l’oscillation (100–200 µs), qui n’est rien d’autre que le temps nécessaire à
l’OPO pour atteindre un régime stationnaire. Il est donc envisageable que l’état stable observé
expérimentalement ne soit pas réellement stationnaire. Autrement dit, les sauts d’intensité dus
aux clusters empêcheraient l’impulsion d’atteindre sa durée nominale de 230 ps prévue par le
calcul. Nous avons en effet remarqué qu’à la suite d’un saut de mode, la durée des impulsions
augmentait légèrement. Pour s’affranchir de cette limitation, il est nécessaire d’étudier un OPO
simplement résonnant (SRO), malgré son seuil plus élevé. Pour le verrouillage en phase, cette
configuration a surtout l’avantage d’être équivalente à un laser, comme nous l’avons montré
aux Chap. 3.2.2 et 3.2.1.

3.5 Verrouillage en phase actif d’un OPO simplement ré-
sonnant

3.5.1 Montage expérimental

Pour passer en mode simplement résonnant, il faut introduire de fortes pertes pour une
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Fig. 3.17: Schéma de la cavité en anneau de l’OPO simplement résonnant (SRO).

des deux ondes, signal ou complémentaire. L’idéal serait de rester à la dégénérescence, afin de
profiter de la plus grande largeur de gain possible. Ce n’est pas possible dans notre cas, car
les deux ondes sont dégénérées à la fois en fréquence et en polarisation, ce qui les rend indis-
cernables. Une solution serait de s’écarter légèrement de la dégénérescence et d’introduire un
élément très dispersif dans la cavité, comme un prisme en LiNbO3 incliné à l’angle de Brewster.
Malheureusement, cette méthode introduit en pratique des pertes qui élèvent rapidement le
seuil d’oscillation, et rend par ailleurs la cavité difficile à aligner. La méthode que nous avons
retenue est de chauffer le cristal non-linéaire pour s’écarter suffisamment de la dégénérescence
et pouvoir séparer signal et complémentaire avec des miroirs appropriés. Nous avons ainsi choisi
un signal autour de 975 nm et un complémentaire autour de 1170 nm, obtenus en chauffant
le cristal autour de 95 °C. La bande de gain à ces longueurs d’onde est de 0,2 THz (0,7 nm à
975 nm), ce qui correspond à des impulsions de 45 ps. Nous voyons donc que même à 100 nm
de la dégénérescence, la bande de gain de notre SRO est suffisamment large pour produire des
impulsions courtes.

La cavité du SRO est schématisée sur la Fig. 3.17. C’est une cavité en anneau de 2,5 m,
formée par 2 miroirs plan-concaves M1 et M2 de rayon de courbure 200 mm, et de deux miroirs
plans M3 et M4. Tous les miroirs possèdent un traitement diélectrique hautement réfléchissant
(R > 99,8 %) entre 900 et 980 nm et une haute transmission (T > 99 %) entre 1160 et 1300 nm.
Le cristal utilisé est le même que pour le DRO. Ses traitements antireflets, centrés à 1064 nm,
sont assez larges spectralement pour ne pas introduire plus de 1% de pertes entre 950 nm et
1064 nm.

Le laser de pompe est identique à celui utilisé pour le DRO. En raison du rayon de courbure
différent du miroir M1, qui agit comme une lentille divergente pour le faisceau de pompe, le
waist mesuré au niveau du cristal est maintenant de 41 µm. Le calcul de stabilité correspondant
est présenté sur la Fig. 3.18. Comme pour le DRO, il faut que le waist du signal résonnant soit
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Fig. 3.18: Diamètre du faisceau signal résonnant dans la cavité du SRO sur un tour de cavité. Toutes
les unités sont en mm. Les miroirs concaves sont figurés par des lentilles convergentes de
focale 100 mm. Encadré : zoom dans le cristal.
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Fig. 3.19: Évolution du seuil du SRO en fonction du waist signal à 975 nm, tenant compte des pertes
d’insertion du modulateur, d’après [Guh98]. Le waist signal vaut 39 µm (ligne pointillée
noire), le waist de pompe à 532 nm vaut 41 µm (ligne pointillée bleue), et le waist signal
pour lequel la longueur de Rayleigh est égale à celle de la pompe est 56 µm (ligne pointillée
rouge).
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comparable au waist de pompe, comme le montre le calcul du seuil du SRO en fonction du
waist signal, reporté sur la Fig. 3.19. Avec les rayons de courbure dont nous disposions pour
les miroirs concaves, il est possible d’obtenir un waist signal de 39 µm, c’est-à-dire très proche
du waist optimum. Le seuil d’oscillation calculé est de 0,9 W en supposant 0,5 % de pertes
par optique, une absorption de 0,18 cm−1 à 532 nm dans le cristal non-linéaire [Guh98]. En
comptant les pertes d’insertion du modulateur (0,7 %), le seuil est de 1,1 W. Pour une cavité
linéaire dans laquelle les pertes sont doublées, le seuil théorique passerait à 1,9 W. Cette valeur
est trop proche de la puissance de pompe utilisable (2,8 W sans dommage photoréfractif) pour
espérer atteindre expérimentalement le seuil d’oscillation, ce qui justifie le choix d’une cavité
en anneau.

3.5.2 Caractérisation du SRO en régime continu

Fig. 3.20: Image CCD du faisceau signal émis par le SRO après le miroir M4, pour un pompage deux
fois au dessus du seuil. Encadré : le faisceau est multimode pour une distance inadéquate
entre les miroirs concaves.

Compte tenu de la faible marge de manœuvre entre le seuil d’oscillation du SRO et le seuil
de dommage photoréfractif du cristal, l’obtention de l’oscillation est assez difficile à obtenir. Il
est par exemple nécessaire d’aligner soigneusement le modulateur à l’angle de Brewster à l’aide
d’un faisceau de référence polarisé. Finalement, nous obtenons un seuil d’oscillation minimum
de 1 W sans modulateur et de 1,4 W avec modulateur. Ces deux valeurs sont assez proches des
seuils de 0,9 W et 1,1 W calculés précédemment. À l’aide d’une caméra CCD, nous ajustons
finement la distance entre les deux miroirs concaves et le réglage de la cavité afin que le faisceau
signal en sortie du SRO soit TEM00 (Fig. 3.20). Afin de vérifier le fonctionnement simplement
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résonnant du SRO à la longueur d’onde choisie, nous mesurons derrière le miroir M4 la longueur
d’onde signal en fonction de la température du cristal. La Fig. 3.21 présente ces résultats, ainsi
que le seuil d’oscillation.
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Fig. 3.21: Seuil d’oscillation du SRO (carrés noirs) en l’absence de modulateur et longueur d’onde
signal (cercles bleus) en fonction de la température du cristal. La courbe bleue pointillée
est obtenue en calculant la condition d’accord de phase avec [Zel97] pour une période de
retournement de 6,92 µm.

Le SRO est accordable entre 942 et 998 nm en variant la température du cristal de 120 °C à
80 °C. La plage d’accordabilité est limitée par les bandes passantes des traitements diélectriques
des miroirs et du cristal non-linéaire, et par la puissance de pompe disponible en dessous du
seuil de dommage photoréfractif. Le seuil minimum est de 1,1 W, très proche de la valeur
calculée théoriquement. Il est obtenu pour une température de 90–95 °C, soit une longueur
d’onde signal de 970–980 nm. Par la suite, nous nous placerons à T = 93 °C, ce qui donne un
signal à environ 975 nm.

Afin de confirmer le fonctionnement simplement résonnant de l’OPO, nous avons enregistré
l’intensité émise en fonction du temps avec une photodiode (temps de réponse 1 ns), ainsi
qu’on peut le voir sur la Fig. 3.22. L’intensité du SRO est stable à l’échelle de la seconde : il
est donc beaucoup moins sensible aux fluctuations de la cavité que le DRO qui présentait des
sauts de modes toutes les 150 µs environ. C’est bien le comportement attendu. Le spectre et
la longueur d’onde du signal ont également été mesurés à l’aide d’un lambdamètre de haute
finesse (Angstrom-WS/U, fabriqué par HighFinesse GmbH [HFG]). Cette mesure confirme que
la longueur d’onde signal est stable à l’échelle de la seconde. La mesure du spectre, présentée
sur la Fig. 3.23, indique qu’en l’absence de modulation, et entre deux sauts de modes, le SRO
est monomode longitudinal.
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Fig. 3.22: Intensité émise par le SRO en fonction du temps, pour un pompage deux fois au dessus
du seuil et une onde signal à 975 nm.
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Fig. 3.23: Figures d’interférences obtenue avec le lambdamètre composé de six coins de Fizeau. Le
temps d’intégration typique est de 10 ms. Les conditions expérimentales sont les mêmes
que celles de la Fig. 3.22.

3.5.3 Verrouillage en phase actif du SRO

Le verrouillage en phase continu des modes du SRO est obtenu pour une fréquence de
modulation de 60,782 MHz. Le résultat est présenté sur la Fig. 3.24 pour un pompage 1,4 fois
au dessus du seuil et un signal à 975 nm.
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(a) Train modulé à l’échelle ms
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Fig. 3.24: Puissance du signal à 975 nm émis en continu par le SRO en présence de modulation, pour
un pompage 1,4 fois au dessus du seuil, et le taux de modulation de 0,4. L’oscillation étant
continue, l’origine des temps est arbitraire.

Comme attendu, le train modulé est très stable en intensité, contrairement à ce qui avait été
observé pour le DRO. Les impulsions sont espacées en moyenne de 8,23 ns, ce qui correspond à
un ISL de 121,5 MHz double de la fréquence de modulation. La durée stationnaire des impulsions
(LTMH) est de 1,2 ns. La dynamique du SRO est ensuite étudiée avec un créneau de pompe
de 800 µs et présentée sur la Fig. 3.25.

La dynamique observée est similaire à celle observée sur le DRO. Une première période très
courte, d’environ 20 µs, voit l’intensité du SRO augmenter tandis que les impulsions s’allongent.
Puis, un régime stationnaire est atteint, avec des durées d’impulsions de 800 ps à 1,6 ns selon le
taux de modulation. Le SRO est stable en intensité et en longueur d’onde sur environ 1 s sans
saut de mode. Cette échelle de temps est beaucoup plus grande que le temps de construction
du verrouillage des modes en phase qui est de ∼20 µs. Nous pouvons donc affirmer cette fois
que le régime stationnaire est atteint. Comme précédemment, augmenter le taux de modulation
raccourcit les impulsions finales et diminue l’importance du fond continu, comme le montre la
Fig. 3.26.

Les impulsions les plus courtes sont de 700 ps pour un taux de modulation de 0,5. Au-delà,
le SRO n’oscille plus. Le meilleur compromis entre le raccourcissement des impulsions courtes
et la perte de puissance crête par rapport au fonctionnement continu semble se situer vers une
profondeur de modulation de 0,4, avec des impulsions de 1,2 ns en régime stationnaire et un
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Fig. 3.25: Dynamique du SRO verrouillé en phase pour trois taux de modulation différents. L’origine
des temps correspond au moment où les impulsions sont détectables. Les conditions expéri-
mentales sont identiques à celles de la Fig. 3.24. Ces figures ont été réalisées en regroupant
des acquisitions faites pendant des créneaux de pompe différents. Les discontinuités obser-
vées, notamment en (b), sont donc dues à des fluctuations lentes de la puissance du SRO
d’une acquisition à l’autre, et non à des sauts de mode.
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Fig. 3.26: Évolution du fond continu et de la durée des impulsions signal avec la puissance de mo-
dulation pour le SRO verrouillé en phase. Les conditions expérimentales sont identiques à
celles de la Fig. 3.24.
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3.5 Verrouillage en phase actif d’un OPO simplement résonnant

fond continu de 5 %. En diminuant le taux de modulation à 0,35, le plancher d’intensité entre
deux impulsions successives commence à disparaître. À des taux de modulation décroissants, il
y a retour progressif vers le régime continu en passant par un régime modulé sinusoïdal.

3.5.4 Discussion

En SRO comme en DRO, la dynamique du verrouillage en phase actif est la suivante :
lorsque la puissance intracavité est encore faible, les impulsions sont courtes puisqu’elles font
moins de 800 ps. La durée des impulsions augmente ensuite de pair avec la puissance crête,
pendant environ 50 µs, jusqu’à ce qu’un régime stationnaire soit atteint. L’ordre de grandeur
de la durée finale des impulsions est 1 ns, quelque soit le type d’OPO. Cette valeur diminue
lorsque la profondeur de modulation augmente, mais de façon minime. En résumé, la dynamique
et l’état stationnaire du verrouillage actif des modes en phase sont quasiment identiques dans
le DRO et dans le SRO. La première conséquence de ce résultat est que les effets de clusters
du DRO ne permettent plus d’expliquer ni l’origine de la dynamique particulière observée, ni
la durée finale des impulsions. Leur effet sur le verrouillage actif est au contraire négligeable
puisqu’il ne modifie pas significativement la durée des impulsions par rapport au SRO. La
deuxième conséquence est qu’il doit exister un phénomène commun au SRO et au DRO, et
donc en quelque sorte “fondamental”, permettant d’expliquer les résultats. Ce phénomène a
probablement été négligé ou sous-évalué dans les théories du verrouillage actif des modes en
phase.

Nous avons déjà vu au Chap. 3.2.3 que la dispersion globale de la cavité était trop faible
pour influer significativement sur la durée des impulsions lorsque celles-ci font quelques dizaines
de picosecondes. Elle devient surtout critique dans le régime femtoseconde, où un facteur 10 sur
la durée des impulsions peut parfois être gagné en la compensant [Gal95]. À fortiori, elle devient
complètement négligeable dans notre cas où les impulsions sont de l’ordre de 1 ns. Une preuve
supplémentaire est que le SRO (cavité en anneau) donne des impulsions de durée quasiment
identique au DRO (cavité linéaire) avec pourtant une dispersion globale deux fois plus faible
dans la cavité.

Remarque sur la fréquence de modulation et le taux de répétition

En théorie, la fréquence de modulation n’est pas nécessairement rigoureusement égale à la
fréquence de répétition de la cavité. Pour le SRO, il peut exister un décalage de 200–300 kHz
qui dépend de la dispersion de temps de groupe et du gain. Cet effet est discuté en Annexe D.2.
En pratique, nous constatons que l’écart maximum n’est que de 60 kHz, ce qui est compatible
avec l’incertitude sur la fréquence de répétition des impulsions, de 100 kHz environ (déviation
standard). En revanche, dans le cas du DRO la fréquence de modulation optimum diffère de
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200 kHz de l’intervalle spectral libre mesuré de la cavité. En réalité, la fréquence de modulation
optimale est quelque part entre la fréquence de répétition pour le signal et pour le complé-
mentaire, car les deux impulsions sont séparées temporellement. Nous avons vu dans le modèle
développé au Chap. 3.3.2 que ce décalage peut atteindre 30 ps dans un DRO, soit 200 kHz.
De plus, le modulateur a des fréquences de résonances espacées de 330 kHz environ, et a donc
tendance à ramener la valeur de la fréquence de modulation vers ses points de fonctionnement
optimum. Ces deux phénomènes, ainsi que l’incertitude de mesure, expliquent l’écart observé
entre la fréquence de modulation et la fréquence de répétition.

3.6 Modélisation du verrouillage en phase actif d’un OPO

L’objectif de cette partie est de fournir des modèles permettant de comprendre les résultats
expérimentaux de verrouillage de modes obtenus précédemment. Contrairement aux théories
exposées en début de chapitre, ces modèles intègrent l’effet de la saturation, afin de déterminer
son influence sur la durée d’impulsion. Un premier modèle analytique simple est exposé dans
le cas d’un OPO doublement résonnant. Puis un modèle numérique plus général permet de
traiter le cas du SRO, et d’inclure l’effet de la dispersion. Ces modèles sont inédits et ont été
développés spécialement pour décrire le verrouillage des modes d’un OPO.

3.6.1 Modélisation analytique dans le cas doublement résonnant

Dans ce modèle, nous considérons comme d’habitude des ondes planes dont l’enveloppe
est lentement variable et le spectre étroit. L’interaction paramétrique est alors décrite dans
l’espace par (A.18). Il est possible de résoudre ces équations de manière analytique simple en
considérant le cas d’un OPO doublement résonnant et parfaitement dégénéré6. Dans ce cas
le signal est us = uc ≡ u et la phase non-linéaire s’ajuste automatiquement à ϕ = π/2 en
dessous du régime de reconversion. On néglige également le désaccord de phase et la disper-
sion, ce qui implique une bande de gain plate en fréquence. Bien que cette hypothèse semble
irréaliste puisqu’elle autorise à priori une largeur spectrale infinie, nous verrons par la suite
qu’elle est parfaitement adaptée aux situations expérimentales rencontrées dans ce manuscrit.
Les équations non-linéaires décrivant l’amplification du signal et le dépeuplement de la pompe

6Il est également possible de le faire dans le cas d’un OPO simplement résonnant en utilisant des fonctions
de Jacobi [Ros02]. Mais cela se fait au détriment de la simplicité.
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sont donc

dup
dz

=− κu2

du

dz
=κupu.

Ce modèle prend en compte la saturation via le dépeuplement de la pompe, ainsi que le
régime de reconversion via le changement de signe des u (équivalent à un saut de la phase
non-linéaire de π), bien que ce dernier ne soit pas atteint dans notre cas. Lors de la propagation
dans le cristal, la quantité suivante est conservée :

p0 = u2
p (0) + u2 (0) = u2

p (z) + u2 (z) ,

où p0 + u2 est proportionnel au flux total intracavité. En introduisant cette constante dans
l’équation différentielle on obtient

κdz =
du

u
√
p0 − u2

.

La clé de ce modèle est que cette équation peut être intégrée de manière analytique sur la
longueur lc du cristal non-linéaire :

κlc
√
p0 = ln

(
uc
u0

)
+ ln

(√
p0 +

√
p0 − u2

0√
p0 +

√
p0 − u2

c

)
,

avec u0 = u (0) et uc = u (lc) . Avant d’aller plus loin, nous pouvons dès à présent regarder ce
qu’il se passe près du seuil, c’est-à-dire pour u0,uc � p0 :

uc = u0e
κlcup .

En notant R la réflectivité en intensité sur un tour de cavité (les pertes sont alors 1-R), la
condition de seuil s’écrit

Gs = e2κlcups =
1

R
,

oùGs représente le gain seuil et ups le champ pompe seuil. En introduisant la variable normalisée
v = u/

√
p0 et le gain saturé G = e2κlc

√
p0 , l’équation pour le signal devient, après quelques

calculs,

vc = 2
√
Gv0

1 +
√

1− v2
0

v2
0(G− 1) + 2(1 +

√
1− v2

0)
.

Nous avons donc établi une expression analytique explicite pour l’onde signal après am-
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plification dans le cristal non-linéaire. La modulation active des pertes en amplitude dans la
cavité est décrite par une fonction arbitraire f (t). Après un tour de cavité, l’amplitude de l’onde
signal est v′c = vc · f (t) ·

√
R. Le régime stationnaire est défini par v′c = v0 ≡ vsta, ce qui permet

d’obtenir, après quelques calculs, la valeur du flux signal :

v2
sta =

4

(G− 1)2

(
G− f (t)

√
N
)(

f (t)
√
N − 1

)
, (3.24)

où N = RG = G/Gs est le nombre de fois au dessus du gain seuil7. Au dessus du seuil, lorsque
le gain est supérieur aux pertes, le champ vsta est réel, donc v2

sta est positif. Ceci n’est possible
que si

1√
N
≤ f (t) ≤ G√

N

⇔ 1√
G
≤
√
Rf (t) ≤

√
G.

L’inégalité de droite est triviale : elle signifie que le gain doit être supérieur aux pertes
totales. Pour une modulation sinusoïdale des pertes, de la forme donnée par (D.5), nous avons

1− 2

µ

(
1− 1

N

)
≤ cos (Ωt) ≤ 1− 2

µ

(
1− G2

N

)
. (3.25)

En réalité, la borne supérieure de cette inégalité est toujours supérieure à 1. En effet, le
cas contraire nécessiterait G2 > N soit N < R2, ce qui est impossible puisque R ≤ 1 et que
N > 1 au dessus du seuil. Seule l’inégalité de gauche a donc réellement un sens, ce qui permet
d’aboutir à la durée totale des impulsions :

∆t =

∣∣∣∣ 2

Ω
arccos

[
1− 2

µ

(
1− 1

N

)]∣∣∣∣ . (3.26)

Les résultats (3.24) et (3.26) obtenus avec ce modèle sont très importants : ils montrent
que l’état stationnaire est atteint par la seule compétition entre la modulation des pertes et la
saturation du gain. Autrement dit, même en l’absence de dispersion, l’OPO atteint un nouvel
état stationnaire qui n’est pas prédit par les modèles précédents (Chap. 3.2). La largeur spectrale
de l’impulsion est ici limitée par l’effet de la saturation. Comme dans les modèles précédents,
la durée des impulsions diminue lorsque la profondeur de modulation µ ou le taux de répétition
de la cavité Ω augmentent. Toutefois, les lois de variation sont très différentes dans les deux

7À ne pas confondre avec la définition utilisant le rapport de la puissance pompe au seuil, X = p0/u
2
ps =

(lnG/ lnGs)2, ces deux quantités étant liées par N = R1−
√

X .
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cas. De plus, la durée des impulsions dépend cette fois du nombre de fois au dessus du seuil N,
c’est-à-dire des pertes R de la cavité et non plus seulement du gain G. Les impulsions les plus
courtes sont obtenues pour un pompage proche du seuil. Les expressions (3.25) et (3.26) seront
tracées au du Chap. 3.6.2, lors d’une comparaison avec un modèle numérique.

-1 0 1
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

Fl
ux

 s
ig

na
l/f

lu
x 

po
m

pe

Temps / Tcav

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

 M
odulation

Fig. 3.27: Résultat du modèle analytique du verrouillage en phase actif des modes d’un DRO. Courbe
noire : modulation de profondeur 0,4. Courbe rouge pleine : flux signal en présence de
modulation. Trait rouge tireté : flux signal en l’absence de modulation. Le flux signal est
défini comme le carré de la partie réelle du champ donné par (3.24). Le pompage est 4 fois
au dessus du seuil en intensité, soit N = 1,14 , et les pertes de la cavité correspondent à R
= 0,875.

La Fig. 3.27 présente le calcul du champ donnée par (3.24) pour le DRO à modes verrouillés.
Tout d’abord, la puissance crête des impulsions ne dépasse par la puissance du régime continu.
Ceci est attendu puisqu’il n’y a pas de stockage d’énergie dans le cristal non-linéaire. La durée
des impulsions en régime stationnaire, telle que définie dans ce modèle, est d’environ 0,4 fois le
temps d’aller-retour de la cavité, soit 3,5 ns pour la cavité étudiée expérimentalement. Avec la
définition de la largeur totale à mi-hauteur, la durée des impulsions est de 2,4 ns. Cette valeur
est très proche de la valeur expérimentale de 2 ns. Contrairement aux modèles développées
précédemment, ce modèle donne donc le bon ordre de grandeur pour la durée des impulsions.
La différence restante peut être attribuée au fait que le modèle utilise des ondes planes, et
non des faisceaux gaussiens comme c’est le cas expérimentalement. En effet, nous avons déjà
montré au Chap. 2.4.1, lors de l’étude d’un OPO en régime nanoseconde, que la saturation était
fortement surestimée en ondes planes. Or ici c’est l’importance relative de la saturation qui
détermine la durée des impulsions. C’est probablement pourquoi cette dernière est surestimée
dans ce modèle.
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3.6.2 Modélisation numérique
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Fig. 3.28: Principe du modèle numérique de l’OPO à modes verrouillés en phase.

Le modèle analytique développé précédemment à l’avantage d’être simple, mais il ne donne
aucune information sur le ou les régimes transitoires de l’OPO à modes verrouillés, en particulier
au démarrage de l’oscillation. Pour cela, il est nécessaire de développer un modèle numérique.
Ce modèle nous permettra également d’étudier le cas d’un OPO simplement résonnant, ainsi
que l’influence de la dispersion, ce qui n’était pas possible avec le modèle analytique.

Le principe du modèle se rapproche de celui développé dans la théorie de Kuizenga et
Siegman (Chap. 3.2.1). On considère le passage d’une impulsion unique, de durée inférieure au
temps d’aller-retour dans la cavité, traversant différents éléments optiques, tel que le décrit la
Fig. 3.28. L’impulsion est donnée par l’enveloppe du champ électrique autour d’une porteuse
optique en résonance avec la cavité. Comme nous l’avons déjà vu, cette porteuse peut être
éliminée de tous les calculs (hormis lors de l’évaluation de l’indice de réfraction), ce qui revient à
lui attribuer une valeur nulle. Il est donc possible de décrire l’enveloppe du champ par un tableau
de valeurs complexes de taille Npts (typiquement 2048), définissant une fenêtre temporelle allant
de −Tcav/2 à Tcav/2. Le spectre est alors décrit sur une fenêtre fréquentielle bornée par la
fréquence de Nyquist (ou de coupure) fnyq = 0,5Npts/Tcav. La fenêtre temporelle est centrée
sur le signal en SRO, et à mi-distance entre le signal et le complémentaire en DRO. Ceci revient
à compenser le délai de groupe signal ou le délai de groupe moyen, respectivement.

Les grandes lignes de ce modèle sont les suivantes. Les indices de réfraction sont calculés
sur la fenêtre fréquentielle autour des 3 porteuses optiques pompe, signal, et complémentaire,
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en utilisant les équations de Sellmeier appropriées pour le cristal et pour le modulateur. Ceci
permet de définir le vecteur d’onde

k = (n (ω)− ng)
ω

c
,

où ω est la pulsation, n l’indice et ng l’indice de groupe (SRO) ou l’indice de groupe moyen
(DRO) à la fréquence centrale. On définit ensuite un opérateur de dispersion dans l’espace des
fréquences

V (ω) = exp (iL (k (ω)− k0)) ,

où k0 est la valeur de k au centre de la fenêtre fréquentielle, et L la longueur de milieu traversée.
Cet opérateur s’applique sur la transformée de Fourier (FFT) de l’enveloppe du champ. La
modulation est calculée en la supposant synchrone avec l’impulsion, c’est-à-dire centrée et
t = 0. L’amplification se fait par une résolution numérique des équations non-linéaires couplées
(Annexe A), dans l’espace des temps. Ces équations sont discrétisées à l’ordre 2 en découpant
le cristal en plusieurs segments (typiquement une vingtaine), ce qui permet un bon compromis
entre vitesse de calcul et précision du calcul8. Dans ce modèle, le désaccord de phase est compris
dans la dispersion du cristal. Celle-ci est appliquée dans l’espace des fréquences après chaque
étape d’amplification (méthode split-step). À chaque tour de cavité, la pompe est réinitialisée
à son niveau de pompe initial. Au départ, les champs signal et complémentaire sont initialisés
par un bruit plat temporellement. Un autre type de bruit (blanc, gaussien...) peut être utilisé
sans changer la nature du verrouillage en phase, puisque celui-ci est imposé de toutes façons
par la modulation active des pertes. La validation du modèle numérique est d’abord effectuée
en régime continu, en vérifiant que le seuil est identique à la valeur théorique en ondes planes.
Il est ensuite comparé à l’expérience et au modèle analytique du Chap. 3.6.1. Cette dernière
comparaison est présentée au paragraphe suivant.

3.6.3 Durée d’impulsion prévue par les modélisations

La Fig. 3.29 présente le résultat des deux modèles précédents, analytique et numérique, dans
le cas d’un DRO sans dispersion, avec R = 0,875, µ = 0,4. Le nombre de points utilisé dans
le modèle numérique est 2048. La dispersion n’intervenant pas dans les calculs, les résultats
ne dépendent pas de la longueur d’onde. D’après le modèle analytique la durée des impulsions
est directement proportionnelle au temps d’aller-retour dans la cavité Tcav, ce que nous avons
vérifié avec le modèle numérique. Les résultats sont donc présentés sous forme normalisée. Nous

8Il est même possible de montrer qu’une discrétisation à l’ordre 1 (méthode d’Euler) est instable (en pratique,
divergence de la puissance) si le pas de calcul n’est pas plus petit que la période caractéristique d’évolution du
système. Cette condition stricte est levée par une discrétisation à l’ordre 2. Une discrétisation d’ordre supérieur
à 2 n’est pas nécessaire et n’est pas forcément plus précise [Pre93].
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constatons tout d’abord un accord parfait entre les deux modèles. Cela confirme d’une part que
le modèle analytique, bien que très simple, décrit correctement l’OPO à modes verrouillés en
phase, et d’autre part que le code numérique utilisé est exempt d’erreur majeure et possède une
précision suffisante. Sur la Fig. 3.29, nous voyons que même en baissant la puissance de pompe
ou en augmentant la profondeur de modulation, il n’est pas possible d’obtenir des impulsions
plus courtes qu’environ 0,1 tours de cavités, soit 800 ps. C’est bien ce que nous avions constaté
expérimentalement.
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Fig. 3.29: Durée d’impulsion calculée pour le DRO à modes verrouillés en phase. La courbe pointillée
correspond au calcul analytique du Chap. 3.6.1, et les carrés au modèle numérique de
ce chapitre. Les carrés pleins noirs donnent la largeur totale pour laquelle le champ est
positif, tandis que les carrés bleus creux correspondent à la largeur totale à mi-hauteur de
l’intensité.

Le modèle numérique nous permet de déterminer le régime stationnaire du SRO, ce qui
n’était pas possible avec le modèle analytique précédent limité au DRO. De manière qualitative,
les résultats sont similaires à ceux du DRO et ne seront donc pas présentés. Cette similarité de
comportement avait déjà été constatée expérimentalement. Elle s’explique par le fait que les
principales différences entre le SRO et le DRO, qui sont la dispersion et les effets de clusters,
jouent en fait un rôle négligeable sur la durée des impulsions. Tandis que le principal mécanisme
mis en jeu, la saturation du gain, joue un rôle analogue en SRO et en DRO.

Le comportement dynamique (i.e. avant le régime stationnaire) du SRO à modes verrouillés
en phase est ensuite étudié. La durée et la puissance crête des impulsions en fonction du temps,

92



3.6 Modélisation du verrouillage en phase actif d’un OPO

obtenues par le modèle numérique décrit précédemment, sont tracées sur la Fig. 3.30(a). La
simulation est faite pour un SRO émettant à 975 nm avec des valeurs des paramètres qui cor-
respondent aux valeurs expérimentales. Dans un premier temps, la dispersion et le désaccord de
phase dans le cristal sont négligés. Les résultats expérimentaux sont rappelés sur la Fig. 3.30(b)
pour comparaison.
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Fig. 3.30: Modélisation du SRO à modes verrouillés en phase et comparaison avec l’expérience. Le
SRO est pompé 1,4 fois au dessus du seuil, la cavité a un temps d’aller-retour de 8,23 ns et
des pertes de 5 %, et le taux de modulation est 0,4. La courbe pointillée de (a) est donnée
par (3.6) en ajustant seulement le temps de construction pour que la courbe se superpose
à la simulation.

Ce résultat permet de distinguer deux régimes. Au démarrage, l’OPO est en régime non
saturé, et la durée d’impulsion décroît au cours du temps, de façon strictement identique à celle
prévue par le modèle de Kuizenga et Siegman exposé au Chap. 3.2.1. La valeur du temps de
construction issue de la comparaison entre ce modèle est la simulation est 20 µs, identique à
la valeur expérimentale. La durée d’impulsion en régime stationnaire prévue par le modèle en
régime non saturé est 140 ps. Lorsque la puissance crête de l’impulsion approche celle de la
pompe, la pompe commence à être dépeuplée : c’est le régime de saturation. Il se caractérise
par un étirement de l’impulsion : la durée de celle-ci augmente et ne suit plus du tout la loi
prévue par le modèle en régime non saturé. Finalement, un régime stationnaire est atteint pour
la puissance lorsque le gain est complètement saturé. Cela se traduit également par un régime
stationnaire pour la durée d’impulsion grâce à la modulation active des pertes. La présence de
deux régimes avait déjà été observée expérimentalement et est confirmée par la modélisation.
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Chapitre 3 - Verrouillage en phase des modes d’un oscillateur paramétrique optique

De plus, la durée des impulsions prévue par ce modèle est de 800 ps, ce qui est très proche
de la valeur mesurée expérimentalement de ∼1 ns. Ce très bon accord entre expérience et
modélisation a également été obtenue avec le DRO, les résultats ne seront donc pas présentés
ici.

Avec ce modèle, il est également possible d’étudier l’influence de la dispersion. Comme
attendu pour des impulsions de ∼1 ns, celle-ci a un effet négligeable pour le SRO comme pour
le DRO, avec moins de 1 % de variation sur la durée d’impulsion.

3.7 Discussion sur le rôle de la saturation

0 Temps

Puissance

Signal

Gain (t)

Signal amplifié

Faible  gain

Fort  gain

Fig. 3.31: Effet de la saturation du gain paramétrique sur une impulsion.

Le modèle analytique et les simulations numériques ont montré que la saturation du gain est
le phénomène limitant le raccourcissement de la durée des impulsions dans l’OPO à verrouillage
de phase actif. Ceci se comprend très facilement en examinant la Fig. 3.31 : le dépeuplement
de la puissance de pompe a lieu au centre de l’impulsion signal. Le gain est donc relativement
plus important pour les ailes de l’impulsion, ce qui provoque son allongement après ampli-
fication dans le cristal. Cet étirement de l’impulsion au cours du temps finit par être arrêté
par la modulation périodique des pertes de la cavité. Cet effet est dû à l’instantanéité (échelle
femtoseconde) du gain paramétrique : c’est une situation très différente de celle des lasers où
le temps de réponse du milieu amplificateur est au moins de l’ordre de la nanoseconde (lasers
à semiconducteur), et généralement plutôt de l’ordre de la microseconde (lasers solides). Alors
que la saturation peut être négligée pour le verrouillage en phase actif d’un laser, elle ne peut
pas l’être pour un OPO. Ceci explique l’échec des modèles présentés au début de ce chapitre
à prédire correctement la durée d’impulsion. Nous verrons au prochain chapitre qu’un moyen
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3.8 Verrouillage passif des modes dans un OPO avec balayage de la pompe

efficace pour contourner la saturation dans un OPO est d’allonger le temps de réponse effectif
de l’amplification.

Il est remarquable que les résultats de la modélisation numérique de l’OPO à modes ver-
rouillés en phase soient très semblables à ceux obtenus par l’équipe de R. Laenen concernant les
OPO à pompage synchrone en régime picoseconde [Lae93]. Nous retrouvons dans ces travaux
le passage d’un régime non saturé d’impulsions courtes à un régime saturé d’impulsions plus
longues, suivi d’un régime stationnaire. Toutefois, les ordres de grandeurs mis en jeu dans ces
deux situations sont très différents. Dans le cas des OPO à pompage synchrone, le gain par
passage est en effet très élevé et très étroit temporellement puisqu’il provient d’une impulsion
picoseconde. Le dépeuplement de la pompe, qui accompagne un fort rendement de conversion
d’environ 30 %, entraîne ensuite un allongement des impulsions signal et complémentaire, jus-
qu’à une durée comprise entre 0,5 et 1,5 fois celle de la pompe. En revanche, dans le cas de
l’OPO à verrouillage de phase actif, le gain par passage est faible et varie lentement, puis-
qu’il provient de la combinaison d’une pompe continue et de pertes modulées sinusoïdalement
avec une période de l’ordre d’une dizaine de nanosecondes. Bien que la puissance de pompe
soit faible, la saturation est néanmoins assez importante pour conduire à un allongement des
impulsions, mais jusqu’à une durée qui reste encore 10 fois inférieure à la période de modulation.

3.8 Verrouillage passif des modes dans un OPO avec ba-
layage de la pompe

Les travaux sur l’OPO à verrouillage de phase actif ont montré que le dépeuplement de la
pompe était le facteur principal limitant la réduction de la durée d’impulsion. Ce phénomène
intervient également dans les OPO à pompage synchrones où les impulsions générées sont
rarement beaucoup plus courtes que la pompe. Nous montrons ici que la situation peut être
très différente dans un cristal fortement dispersif, où le signal “glisse” par rapport à la pompe.
Cet OPO avec balayage de la pompe peut alors être verrouillé en phase par un absorbant
saturable et générer des impulsions courtes.

3.8.1 Principe

Dans un cristal non-linéaire fortement dispersif, plus précisément avec une forte dispersion
de vitesse de groupe, les impulsions pompe et signal se séparent temporellement lors de l’amplifi-
cation. Cette séparation temporelle, ou walk-off temporel, est donnée par δtps = Lc

(
v−1
p − v−1

s

)
,

où vp,s est la vitesse de groupe de la pompe ou du signal. Comme le schématise la Fig. 3.32, il
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Fig. 3.32: Principe de l’OPO avec balayage de la pompe, avec absorbant saturable. vs,c,p est la
vitesse de groupe du signal, complémentaire, ou de la pompe respectivement. δtps =
Lc
(
v−1
p − v−1

s

)
est le walk-off temporel pompe/signal. Lc est la longueur physique du

cristal non-linéaire. Les autres notations sont utilisées en annexe : t(p)1/2 (durée LTMH de la
pompe), ∆T (durée LTMH du signal), ts (durée totale du signal).

est possible de profiter de ce phénomène pour amplifier une impulsion signal courte en utilisant
toute l’énergie de pompe contenue dans l’intervalle de temps δtps. Dans ce cas, le signal voit
toujours un gain fort en son centre et sur son front avant, et un gain faible (pompe dépeuplée)
sur son front arrière. L’effet du dépeuplement de la pompe n’est donc plus de rallonger les
impulsions, mais au contraire de les compresser. Cette idée a d’abord été proposée par [Akh68]
puis démontrée par plusieurs groupes dans des OPO à pompage synchrone utilisant des cristaux
de BBO, KTP, PPLN, et AgGaS2 [Lae90, Kha94, Umb94, Kha95, Lef99].

−100 0 100 −100 0 100 −100 0 100 −100 0 100

Fig. 3.33: Amplification sans dispersion d’une impulsion signal (puissance, en vert) de 8 ps à 1000 nm
par une impulsion de pompe (en bleu) de 30 ps et 0,45 nJ à 532 nm, dans un cristal de
PPLN:MgO de 30 mm (rectangle noir). L’abscisse est en picosecondes dans un repère qui
se déplace à la vitesse de groupe du signal. À l’entrée du cristal le nombre de photons
signal et pompe sont égaux, et le complémentaire (en rouge) est nul.

Pour une pompe à 1064 nm et un signal à 2000 nm, dans un cristal de 2 cm, le walk-off
temporel peut atteindre -15 ps dans le GaSe et 30 ps dans le PPGaAs. Pour une pompe à
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532 nm et un signal à 1000 nm, il peut atteindre 15 ps dans le PPLN:MgO. L’importance de
cet effet est illustrée sur les Fig. 3.33 et 3.34 qui présentent l’amplification paramétrique d’une
impulsion signal en pompage synchrone, en l’absence de dispersion et en présence de dispersion,
respectivement. En l’absence de dispersion, le dépeuplement de la pompe allonge l’impulsion
signal de 8 ps à 11 ps : c’est le phénomène d’élargissement décrit dans la partie précédente.
En présence de dispersion, le dépeuplement de la pompe est étalé dans le temps. L’impulsion
signal n’est alors élargie que vers 8,3 ps.

−100 0 100 −100 0 100 −100 0 100 −100 0 100

Fig. 3.34: Amplification avec dispersion d’une impulsion signal (puissance, en vert) de 8 ps à 1000 nm
par une impulsion de pompe (en bleu) de 30 ps et 0,45 nJ à 532 nm, dans un cristal de
PPLN:MgO de 30 mm (rectangle noir). L’abscisse est en picosecondes dans un repère qui se
déplace à la vitesse de groupe du signal. Le walk-off temporel pompe-signal est de 23 ps. À
l’entrée du cristal le nombre de photons signal et pompe sont égaux, et le complémentaire
(en rouge) est nul.

D’une certaine façon, l’amplification ne dépend plus de la puissance crête Pp, mais de
l’énergie de pompe balayée par le signal, Pp · δtps. Une autre façon de voir ce phénomène
est de dire que le walk-off temporel δtps est en fait le temps de réponse du milieu amplificateur,
l’équivalent du temps de vie des amplificateurs lasers. La dispersion de vitesse de groupe a
créé l’équivalent d’un stockage de l’énergie. À partir de là, il devient possible d’envisager dans
l’OPO une technique de verrouillage des modes existante dans les lasers : le verrouillage passif
avec un absorbant saturable ou un milieu à effet Kerr optique. Dans ce cas, c’est l’absorbant
saturable qui est chargé de raccourcir les impulsions et à priori il n’est plus nécessaire d’em-
ployer une source de pompe ultrabrève. L’idée d’utiliser un effet Kerr optique dans un OPO
a d’ailleurs déjà été proposée par [Lae95], mais sous pompage synchrone d’un cristal de KTP.
Le mécanisme avancé par les auteurs est celui d’un verrouillage des modes en phase “hybride”.
Une compression des impulsions d’un facteur 2 a été observée, très certainement limitée par la
trop faible dispersion de vitesse de groupe du cristal (δtps = 0,75 ps sur 6 mm).

3.8.2 Ordre de grandeur de la durée d’impulsion

Pour obtenir un ordre de grandeur de la durée d’impulsion, nous partons des équations non-
linéaires couplées (A.29) tenant compte de la dispersion. L’OPO est supposé suffisamment loin

97



Chapitre 3 - Verrouillage en phase des modes d’un oscillateur paramétrique optique

de la dégénérescence pour que sa bande passante soit principalement limitée par la différence
de vitesse de groupe entre le signal et le complémentaire. En résolvant analytiquement ces
équations non-linéaires couplées, et avec certaines hypothèses9, il est possible de montrer que
la dynamique du gain de l’OPO avec balayage de la pompe est très semblable à celle d’un
milieu laser. Le temps de recouvrement du gain est alors approximativement égal à δtps/2,
et la densité d’énergie de saturation à 2δtpsωs/ (κ2Z0). Le détail de ces calculs est donné en
Annexe D.5, et a également fait l’objet d’une publication [Khu07a]. Contrairement à ce que
nous avons vu auparavant dans ce chapitre, l’équivalence OPO–laser est préservée même en
présence de saturation. Il est donc justifié d’appliquer la théorie de Kuizenga et Siegman à ce
type d’OPO. En considérant dans le calcul un absorbant saturable de réponse instantanée, ce
qui est équivalent à une lentille de Kerr, il est possible de donner une estimation de la durée
d’impulsion en régime stationnaire (voir Annexe D.5) :

∆T ' 0,45

∆v

√
C,

où ∆v ' 0,19∆ω1 est la bande passante totale d’amplification loin de la dégénérescence, limitée
par le désaccord de phase entre le signal et le complémentaire, et C = p/qsat où qsat sont les
pertes saturées et p les pertes totales de la cavité 10. On a supposé une pleine saturation de
l’absorbant, i.e. qsat � q0 < 1 où q0 sont les pertes non saturées. Pour un OPO avec un coupleur
de sortie de 5 %, et des pertes saturées de 1 %,

√
C vaut 2,5. Il est donc possible d’obtenir

des impulsions quasiment limitées par la transformée de Fourier de la bande d’amplification.
Pour un cristal de GaAs de 1 cm pompé à 1,064 µm et un signal à 2 µm, la bande passante est
0,6 THz, ce qui donne des impulsions de quelques picosecondes. Le résultat est à peu près le
même dans 30 mm de PPLN pompé à 532 nm et fonctionnant à 975 nm.

Dans ce calcul, la dispersion d’ordre 2 à l’intérieur du spectre de l’impulsion signal n’est pas
prise en compte. Dans le cas du GaAs, une impulsion s’élargit d’un facteur

√
2 à la traversée

du cristal si sa durée est inférieure à
√

4 ln 2 k′′s lc = 170 fs. Cette valeur est bien en dessous de
la durée d’impulsion attendue. Loin de la dégénérescence, et pour des impulsions de l’ordre de
la picoseconde, cette dispersion est donc négligeable par rapport à la dispersion de vitesse de
groupe.

Il est important de noter que la durée de l’impulsion prédite par l’équation précédente n’est
qu’un ordre de grandeur. En effet, elle dépend normalement du taux de pompage et des pertes,
deux paramètres qui n’ont pas été pris en compte. Mais surtout, puisqu’il s’agit de verrouillage
de modes passif, la durée d’impulsion dépend de l’interaction entre l’absorbant saturable et le

9Ces hypothèses sont : un régime stationnaire, un fort champ signal intracavité (approximation du champ
fort), et une impulsion signal courte devant δtps.

10p = ln 1/R ' 1−R si ces faibles pertes sont ramenées à une réflectivité.
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milieu à gain, c’est-à-dire de la dynamique et de l’amplitude de la saturation dans chacun de ces
deux milieux. À défaut d’une expérience, une modélisation numérique est donc indispensable
pour prédire correctement la durée d’impulsion. C’est ce qui est proposé dans la partie suivante.

3.8.3 Modélisation numérique d’un OPO avec balayage de la pompe

La modélisation consiste à résoudre numériquement les équations couplées non-linéaires, en
introduisant une dispersion de vitesse de groupe entre les ondes pompe, signal et complémen-
taire. Comme expliqué plus haut, les autres termes de dispersion sont négligés. L’absorbant
saturable est modélisé par une fonction de saturation “classique” du type [Sie86]

q (x) =
q0

1 + x/xsat
,

où x désigne l’intensité de l’impulsion dans le cas d’une lentille de Kerr, ou son énergie dans
le cas d’un temps de réponse non nul. Le cristal retenu pour les simulations, en raison de sa
forte dispersion, est du GaAs retourné périodiquement [Vod07] de 1 cm de long. Il est pompé
à 1,06 µm dans une cavité simplement résonnante à l’onde signal à 2,0 µm. Contrairement
à ce qui se passe en régime nanoseconde, où les puissances crêtes à 1 µm sont importantes,
l’absorption à deux photons du GaAs n’est pas un problème ici. En effet, l’OPO est pompé de
façon synchrone, et la puissance de pompe n’a pas besoin d’être très élevée. En pratique elle ne
dépassera pas une centaine de watts sur un waist de 60 µm, soit une densité de puissance de
2 MW/cm2. Le coefficient d’absorption à deux photons étant d’environ 0,5 10−8 cm/W, cela
signifie que moins de 1 % de la pompe est absorbée. Par conséquent l’absorption à deux photons
à 1,06 µm peut être négligée.

Pompage synchrone

Pour accélérer le temps de calcul, nous avons dû choisir un OPO avec un faible temps de
construction, c’est-à-dire avec des pertes relativement importantes (donc un seuil théorique
élevé), et un pompage très au dessus du seuil. Pour la même raison le temps d’aller-retour de
la cavité est limité à 300 ps, soit une cavité de 9 cm seulement. Le champ signal est au départ
un bruit d’intensité aléatoire. Quelques centaines de tours de cavité sont alors nécessaires pour
atteindre un régime stationnaire, selon le taux de pompage et les pertes. Tout d’abord, l’OPO
est pompé de façon synchrone en l’absence d’absorbant saturable. Son seuil théorique est de
75 W. La pompe est un train d’impulsions gaussiennes espacées d’un aller-retour de cavité, de
puissance crête 450 W (6× au dessus du seuil) et de durée 20 ps, soit une énergie de 9 nJ.

La Fig. 3.35(a) montre l’émission en régime stationnaire. Nous voyons que le signal présente
de fortes oscillations. Elles sont dues à deux phénomènes se produisant lorsque l’OPO est
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Fig. 3.35: Allures temporelles du signal, complémentaire, et de la pompe dépeuplée dans un OPO
GaAs à modes verrouillés passivement. L’absorbant saturable répond instantanément à la
puissance avec une puissance de saturation de 25 kW. La pompe fait 20 ps et 9 nJ. Pertes
de la cavité 3 %.

pompé très au dessus du seuil, ce qui est le cas ici. Le premier est la reconversion du signal
et du complémentaire, ce qui crée une nouvelle impulsion de pompe, décalée dans le temps,
qui régénère à son tour une impulsion signal. Le deuxième phénomène se produit pour des
puissances de pompe encore supérieures, telles que la pompe fournit du gain pendant un temps
plus long que δtps, permettant à plusieurs impulsions de naître du bruit les unes à la suite des
autres. Nous avons d’ailleurs constaté qu’à 2× le seuil, il n’y avait plus qu’une seule impulsion
signal. Une autre façon de comprendre ces oscillations est de se rappeler que l’OPO a maintenant
un temps de réponse non nul, égal à δtps/2. Il s’agit donc d’oscillations de relaxation, analogues
à celle d’un laser. La différence majeure est que la période de ces oscillations est reliée à δtps
(et à la puissance de pompe), et est donc beaucoup plus courte que le temps de vie des photons
dans la cavité. De même le temps d’amortissement est très court. Ce phénomène avait été
prédit par d’autres travaux et observé expérimentalement [Umb94, Kha95, Lef99]. La durée
de la première impulsion signal est 1 ps et sa puissance intracavité 990 W. Le rendement de
conversion photonique vers le signal est de 70 %.

Un absorbant saturable de réponse instantané et de puissance de saturation 25 kW est
ensuite inséré dans la cavité. L’émission est alors constituée d’un pic signal unique, de durée
250 fs et de puissance crête 11 kW, visible sur la Fig. 3.35(b). Le rendement de conversion
photonique est de 60 %. Le signal est donc 80 fois plus court que la pompe, et 25 fois plus
intense, avec un très bon rendement. Un résultat très similaire est obtenu avec un absorbant
saturable de temps de réponse 2 ps et d’intensité de saturation 12 kW.
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Ces résultats illustrent bien l’effet de “compression” dû à l’action conjointe du walk-off
temporel, de la saturation et de l’absorbant saturable. En effet, la durée de l’impulsion signal
dans les OPO synchrones est rarement inférieure à 10 ou 20 fois la durée de l’impulsion pompe
pour des rendements similaires [Kha94, Gal95]. Même lorsqu’un effet de lentille de Kerr est
utilisé, l’effet de compression reste faible tant que le walk-off n’est pas suffisant [Lae95].

Pompage continu
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Fig. 3.36: (a) Signal sur deux tours de cavité de temps d’aller-retour Tcav. (b) Spectre du signal
sur un tour de cavité (la composante à fréquence nulle a été effacée). Les multiples de
la fréquence fondamentales ont été indiqués par des flèches. Encadré : vue agrandie de la
première impulsion signal de (a).

Le SRO GaAs est ensuite pompé en continu. Pour accélérer le temps de calcul, les pertes
ont été augmentées à 9 % et l’OPO est pompé 6 fois au dessus du seuil. En l’absence d’absor-
bant saturable, le régime stationnaire est une oscillation continue avec 390 W intracavité dans
le signal. Avec un absorbant saturable instantané, le régime continu n’est plus possible et des
impulsions apparaissent, visibles sur la Fig. 3.36(a). La durée des impulsions signal est d’en-
viron 300 fs, et leur puissance crête d’une dizaine de kilowatts. Comme nous l’avions annoncé
précédemment, un pompage synchrone n’est donc pas nécessaire pour verrouiller les modes de
cet OPO. Toutefois, l’OPO émet plusieurs impulsions par tour de cavité (∼ 20). Ce phénomène
se produit dès que l’impulsion de pompe est plus longue que le temps de walk-off δtps, qui vaut
18 ps ici. Du gain est alors disponible pour que plusieurs impulsions séparées naissent. Entre
deux impulsions se crée un intervalle où le gain est absent car la pompe y a été dépeuplée. Cet
intervalle est bien sûr de l’ordre de grandeur de δtps, ce qu’atteste le pic à 65 GHz = 1/15 ps
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sur le spectre de la Fig 3.36(b), et la présence de ses harmoniques. Après plusieurs tours de
cavité, chacune des impulsions présente dans la cavité, indépendamment de ses voisines, finit
par former en sortie de l’OPO un train d’impulsions verrouillées en phase. Ce train a une pé-
riode égale au temps d’aller-retour de la cavité, comme on peut le voir sur la Fig. 3.36(a). En
plus de procurer à l’émission une fréquence de répétition élevée, ce phénomène à l’avantage de
permettre un très bon recouvrement temporel entre les impulsions signal et la pompe continue,
ce qui contribue à améliorer le rendement.

Ce phénomène rappelle le verrouillage de modes harmonique. Dans cette situation les modes
longitudinaux qui sont verrouillés en phase ne sont pas immédiatement adjacents, i.e. séparés
de l’intervalle spectral libre de la cavité 1/Tcav. Ils sont séparés par un multiple de l’intervalle
spectral libre, N ×1/Tcav. Le taux de répétition des impulsions est alors augmenté d’un facteur
N, qui vaudrait environ 20 dans notre cas. Ce type de verrouillage de modes est très facile à
obtenir par des méthodes actives, mais en verrouillage passif il nécessite une certaine “auto-
organisation” des modes. Ici les impulsions ne sont pas rigoureusement équidistantes, ce qui se
voit par la largeur des pics de la Fig. 3.36(b), et l’aspect “bruité” du spectre. Ceci s’explique
par le fait que chaque impulsion naît d’un pic de bruit dont la position temporelle est aléatoire.
Il y a toutefois une différence importante avec le verrouillage de modes harmonique. Ici, il n’y
a pas de relation de phase entre deux impulsions voisines séparées de ∼ δtps . Par contre, en
sortie il y a bien une relation de phase entre les impulsions appartenant à un même train qui
sont séparées de Tcav.

Nous avons vérifié qu’en l’absence de walk-off temporel, l’émission est continue, qu’il y ait
un absorbant saturable ou non. Un certain stockage du gain est donc nécessaire pour enclencher
le verrouillage des modes. Nous avons également vérifié la précision de la simulation en divisant
le pas de calcul par deux, sans changement significatif des résultats.

À la lumière de ces résultats théoriques, il semble que l’OPO avec balayage de la pompe
permet de générer des impulsions sub-picosecondes, soit avec des impulsions de pompe de plu-
sieurs dizaines de picosecondes, soit en pompage quasi-continu. Le point fort de cette technique
est le fort rendement de conversion qui peut être atteint par rapport au verrouillage actif. En
utilisant du GaAs périodiquement retourné, cet OPO pourrait émettre autour de 2 µm. Pour
une démonstration expérimentale, il serait en revanche plus commode d’utiliser du PPSLT:MgO
(30 mm par exemple), pompé à 532 nm par un laser Nd:YAG quasi-continu doublé en fréquence.
Dans ce cas le milieu à effet Kerr optique pourrait être le cristal lui-même, ou un cristal de
KTP placé au foyer d’un télescope [Lae95]. Ces matériaux possédant en effet un coefficient non-
linéaire d’ordre 3 assez élevé, comparé au saphir par exemple [DeS96]. À plus long terme, il est
envisageable d’augmenter le walk-off temporel δtps (et donc des pics plus espacés en pompage
continu) en ralentissant fortement l’onde de pompe à l’aide d’un réseau de Bragg inscrit dans
le cristal non-linéaire [Khu07b].
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3.8 Verrouillage passif des modes dans un OPO avec balayage de la pompe

Synthèse

Nous avons démontré la possibilité du verrouillage de phase actif dans un OPO malgré
l’absence de stockage du gain. Des impulsions d’environ 1 ns ont été produites. Nous
avons identifié la saturation due au dépeuplement de la pompe comme étant le principal
mécanisme limitant la réduction de la durée d’impulsion. Nous avons ensuite établi un
modèle analytique simple et un modèle numérique permettant tous deux de rendre fidè-
lement compte de ce phénomène. Ceci nous a permis de proposer une nouvelle technique
de production d’impulsions courtes dans un OPO. Cette méthode, entièrement passive,
évite les problèmes dus au dépeuplement de la pompe, et devrait permettre de générer des
impulsions sub-picosecondes à partir d’une pompe de durée beaucoup plus longue, avec
un très bon rendement. Dans le prochain chapitre, nous verrons au contraire comment ce
dépeuplement de la pompe peut être maximisé afin de produire des impulsions courtes
dans un laser.
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Chapitre 4

Miroir non-linéaire pour la production
d’impulsions courtes dans un laser
infrarouge

Objectifs

Nous avons vu au Chap. 2 que le dépeuplement de la pompe limitait le rendement des OPO
nanosecondes, et au Chap. 3 qu’il limitait la réduction des impulsions de l’OPO à modes
verrouillés. Pour ces sources paramétriques, diminuer ou contourner ce phénomène permet
donc d’améliorer leurs performances. Nous allons voir ici que si la source contient un milieu
laser, l’augmentation contrôlée du dépeuplement de la pompe et de la reconversion peut
au contraire être souhaitable, car elle permet de créer de nouvelles fonctions optiques.
Pour cela, nous allons nous placer dans le cas simple d’un cristal non-linéaire doubleur de
fréquence associé à un miroir dichroïque, et montrer que ce dispositif peut former un miroir
non-linéaire, dont la fonction de transfert est celle d’une porte optique. Nous montrerons
ensuite qu’un tel miroir non-linéaire permet de produire des impulsions courtes dans un
laser par verrouillage passif des modes. Un modèle sera développé afin de prédire les
performances d’un tel système. Puis nous montrerons comment mettre en œuvre de façon
pratique le miroir non-linéaire dans un laser Cr:ZnSe autour de 2,5 µm. Nous justifierons
d’abord les choix des différents composants et présenterons ensuite quelques résultats
préliminaires. Le concept de miroir non-linéaire sera ensuite étendu aux systèmes couplant
fortement deux oscillateurs, laser et paramétriques.
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4.1 Contexte

Le contexte de ce chapitre est l’étude de l’interaction des sources laser et non-linéaires. L’idée
générale est de profiter du stockage de l’énergie propre aux milieux laser, et des phénomènes
de conversion de fréquences spécifiques aux sources non-linéaires. Un certain nombre d’études
montrent qu’en exploitant ces deux aspects, il est possible de créer des sources optiques avec de
nouvelles propriétés. L’exemple le plus simple est le cristal doubleur intracavité. En introduisant
des pertes non-linéaires sélectives en fréquence, le doubleur peut modifier le spectre d’émission
du laser, ou amortir fortement les oscillations de relaxation au démarrage [Cab00].

Un dispositif plus avancé est le miroir non-linéaire d’ordre 2, constitué d’un doubleur de
fréquences et d’un miroir dichroïque. En exploitant le phénomène de reconversion non-linéaire,
ce dispositif permet de moduler les pertes d’un laser de façon passive, à la manière d’un ab-
sorbant saturable. Il est ainsi possible de verrouiller les modes en phase et de générer des
impulsions picosecondes. Inventé par Stankov en 1989 [Sta89b, Sta90, Sta91b], il a été appli-
qué avec succès1 au verrouillage de modes dans les lasers solides de forte puissance à 1 µm
[Sta91a, Dan94, Sai03, Dat04, Lin05, Yu06], ainsi qu’au laser Ti:saphir [Ham91].

L’avantage de ce dispositif est qu’il est transposable à presque tous les domaines spectraux,
car il repose sur une non-linéarité non résonnante. Pour la même raison, son temps de réponse
est quasi-instantané. Par ailleurs, il ne fait appel qu’à des composants optiques standards, ce qui
facilite sa mise en œuvre. Ce miroir non-linéaire est donc un très bon candidat pour verrouiller
les modes d’un laser infrarouge. Pour la première fois à notre connaissance, nous suggérons de
l’utiliser dans un laser Cr:ZnSe autour de 2–3 µm pour générer des impulsions picosecondes.
Outre pour des applications de lidar ou de spectroscopie non-linéaire résolue en temps, un tel
laser picoseconde serait particulièrement utile comme source de pompe pour les OPO émettant
en bande III (8–12 µm). En effet, la plupart des cristaux non-linéaires adaptés à la bande III
ne sont pas transparents à 1 µm [Vod00, Sch07, Vod07], où se situent les lasers picosecondes
les plus répandus et les plus efficaces. En particulier, GaAs présente une absorption à deux
photons très importante qui le rend difficilement utilisable en pompage impulsionnel autour
de 1 µm. Ces cristaux bénéficieraient donc d’un laser de pompe picoseconde situé au delà de
2 µm2. Nous nous proposons donc d’exposer le fonctionnement du miroir non-linéaire dans les
Chap. 4.2 et 4.4, et de montrer comment il peut être utilisé pour verrouiller les modes d’un
laser Cr:ZnSe à 2,5 µm aux Chap. 4.5 et 4.6.

Le miroir non-linéaire d’ordre 2 est un bon exemple des avantages qu’on peut tirer d’une
interaction forte entre un laser et une source non-linéaire. Mais son principe peut être généralisé,

1Un laser picoseconde est même commercialisé par la société ALPHALAS [ALP]
2Une solution est bien sûr d’utiliser un étage de conversion de fréquence entre le laser à 1 µm et l’OPO infra-

rouge, mais cela complique le dispositif et diminue fortement l’efficacité, en particulier en régime picoseconde.
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pour créer d’autres dispositifs. Le cristal non-linéaire peut être placé dans une deuxième cavité,
couplée à celle du laser, afin d’obtenir des impulsions plus courtes [Bar89b]. Le doublage peut
aussi être remplacé par de la somme ou de la différence de fréquences [Zha92]. Il est également
possible de placer une source paramétrique dans la cavité du laser. Les OPO intracavité sont
ainsi utilisés pour améliorer le rendement de conversion non-linéaire [Dub98]. De plus, les OPO
intracavités sont connus pour modifier la dynamique d’oscillation du laser. Cependant, très peu
proposent de tirer profit de ce phénomène [Pai98]. Or, sous certaines conditions la reconversion
dans ce type OPO peut être très forte, ce qui signifie que l’OPO peut jouer le rôle de miroir
non-linéaire pour le laser. Nous proposons ainsi d’utiliser un OPO intracavité pour verrouiller
les modes d’un laser ou le déclencher passivement. Par rapport à un simple miroir non-linéaire,
ce type d’OPO ouvrirait l’accès à un autre domaine spectral, situé plus loin dans l’infrarouge,
avec une très bonne accordabilité. Cette idée est développée aux Chap. 4.7.2 et 4.7.3.

4.2 Principe du miroir non-linéaire d’ordre 2
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Fig. 4.1: Principe du miroir non-linéaire d’ordre 2.

Le principe du miroir non-linéaire d’ordre 2 est schématisé sur la Fig. 4.1. La cavité laser
oscille à ω avec un coupleur de sortie partiellement réfléchissant à ω, R < 1, et hautement
réfléchissant à 2ω, R2 = 1. Un cristal doubleur de fréquence est inséré dans la cavité près du
coupleur. Il est réglé à l’accord de phase de tel sorte à maximiser la conversion ω+ω → 2ω (la
phase non-linéaire vaut ϕ = π/2). La distance optique entre le cristal et le coupleur est telle que
les ondes à ω et 2ω se déphasent de π, afin de maximiser la reconversion 2ω → ω+ω au retour (la
phase non-linéaire vaut maintenant ϕ = −π/2). Comme l’onde à 2ω subit beaucoup moins de
pertes que l’onde à ω, la puissance qui revient vers le laser est plus élevée en présence du cristal
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non-linéaire. La réflectivité de sortie équivalente vue par le laser est donc RNL ≥ R. Comme
schématisé sur la Fig. 4.1, la réflectivité équivalente RNL augmente avec l’intensité à ω, car
l’efficacité des processus de doublage et de reconversion augmente avec l’intensité. Autrement
dit, l’ensemble {cristal non-linéaire + miroir dichroïque} forme un miroir non-linéaire, dont la
fonction de transfert est celle d’une porte optique.

La fonction de porte optique est la fonction de base servant à favoriser le régime impulsionnel,
constitué d’impulsions courtes et intenses, par rapport au régime continu, de faible intensité.
Pour que ce système fonctionne correctement, l’efficacité de doublage du cristal, et la réflectivité
à ω du miroir dichroïque sont deux paramètres critiques. Leur détermination nécessite une
modélisation dynamique du système complet, ce qui sera effectué au Chap. 4.5. Le déphasage
entre les ondes au retour est également très important, mais il peut facilement être ajusté :
soit en ajustant la distance du miroir dichroïque au cristal doubleur, si c’est la dispersion de
l’air qui est utilisé pour créer ce déphasage; soit par rotation de l’élément dispersif utilisé pour
déphaser les ondes.

Lien avec les non-linéarités en cascade

t

t

t
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E a i
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E E E

output FFW
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Nonlinear phase shift

due to χ(2):χ(2) cascading
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Fig. 4.2: Origine physique du déphasage non-linéaire. D’après [Sal99]. L’onde à ω issue de la recon-
version (deuxième ligne) est déphasée par rapport à l’onde d’origine. L’onde totale a donc
un retard de phase 4φNPS .

Le miroir non-linéaire décrit plus haut est en réalité un cas particulier de non-linéarités
d’ordre 2 en cascade, notées plus généralement χ(2) : χ(2) [Ste96, Sal99]. Il s’agit du cas par-
ticulier où les processus de doublage puis différence de fréquences sont réalisés à l’accord de
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4.2 Principe du miroir non-linéaire d’ordre 2

phase parfait. De plus, au retour la phase non-linéaire vaut exactement −π/2 ce qui maximise
la reconversion. Pour ces deux raisons le miroir non-linéaire d’ordre 2 est un pur modulateur
d’intensité. Dans le cas général, il existe un désaccord de phase entre les ondes à ω et 2ω à
l’aller comme au retour (pour les fréquences centrales). À l’aller, ce désaccord de phase diminue
l’efficacité de conversion, et introduit un déphasage sur l’onde fondamentale, comme le montre
la Fig. 4.2. Au retour, le désaccord de phase introduit encore un déphasage sur l’onde fonda-
mentale, représenté sur la Fig. 4.3. Mais ce déphasage dépend également de la phase relative
des deux ondes à l’entrée du cristal, tout comme l’efficacité de conversion. Dans cette situation
le miroir non-linéaire est à la fois modulateur d’intensité et modulateur de phase.
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Fig. 4.3: (a) Dépeuplement et déphasage non-linéaire de l’onde fondamentale à l’aller en fonction du
désaccord de phase, pour deux puissances incidentes différentes. (b) Déphasage en fonction
du désaccord de phase pour deux valeurs initiales de la phase non-linéaire. D’après [Sal99].
(c) Déphasage en fonction de l’intensité incidente pour différentes valeurs du désaccord de
phase, d’après [Ste96].

Lorsque le déphasage non-linéaire φNL varie linéairement avec l’intensité, il est possible de
ramener cette cascade χ(2) : χ(2) à une non-linéarité d’ordre 3 équivalente χ(3). Le miroir non-
linéaire se comporte alors comme une lentille de Kerr (pour la partie réelle de χ(3)), où l’indice
est proportionnel à l’intensité I : n = n0 + n2,cascI, avec n2,casc ∝ dφNL/dI. Comme on peut le
voir sur la Fig. 4.3(c), cette relation affine est valable si le désaccord de phase est suffisamment
grand. L’intérêt des non-linéarités d’ordre 2 en cascade est que leur amplitude est généralement
bien plus forte que les non-linéarités d’ordre 3. L’effet de lentille de Kerr avec des cristaux en
cascade a ainsi été utilisé avec succès pour verrouiller les modes d’un laser Nd:YAG [Cer95].
Une variante bien connue de ces cascades est la rotation non-linéaire de polarisation qui se
produit dans les cristaux biréfringents utilisés en type I ou II. Couplé à un polariseur, le cristal

109



Chapitre 4 - Miroir non-linéaire pour la production d’impulsions courtes dans un laser
infrarouge

agit encore comme un miroir non-linéaire qui peut être utilisé pour verrouiller les modes d’un
laser [Lou01].

4.3 Application du miroir non-linéaire au laser Cr:ZnSe
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Fig. 4.4: Spectres de gain de quelques lasers infrarouges large bande comparés à ceux du Ti:Saphir.
D’après [Sor04].

Le miroir non-linéaire d’ordre 2 n’a jusqu’ici été utilisé que dans des lasers visibles ou autour
de 1 µm. Or son principe est directement transposable à presque tous les domaines spectraux. Il
serait donc très intéressant pour verrouiller les modes d’un laser infrarouge relativement récent,
le Cr:ZnSe.

Découvert en 1997 [DeL96, Pag97], le ZnSe:Cr2+ fait partie d’une nouvelle famille de maté-
riaux lasers à base de semiconducteurs II–VI dopés chrome [Sor04, Sor05, Mir07]. Les propriétés
de ce milieu laser sont assez exceptionnelles. Tout d’abord, il présente un gain laser autour de
2,5 µm, dans une région qui compte peu ou pas d’alternatives. Ensuite, sa bande d’émission
est très large, puisqu’elle s’étend de 2 à 3 µm, comme on peut le voir sur la Fig. 4.4. Elle est
même comparable à celle du Ti:Saphir, ce qui permet de produire des impulsions très courtes.
L’efficacité de ce laser est renforcé par son caractère quatre-niveaux, sa forte section efficace
d’émission, sa faible absorption dans l’état excité, et une efficacité quantique de fluorescence
proche de 1 à température ambiante.

Pour la génération d’impulsions courtes, le Cr:ZnSe a l’avantage de posséder une forte non-
linéarité d’ordre 3, ce qui permet d’envisager le verrouillage de modes par effet Kerr optique,
comme dans le Ti:Saphir. Il présente également une très forte non-linéarité d’ordre 2, ce qui
a déjà été utilisé pour réaliser des dispositifs intégrant effet laser et conversion de fréquence
dans un même cristal, notamment au cours de la thèse de Myriam Raybaut [Ray06]. Son seul
défaut est une forte variation de l’indice avec la température (6 fois celle du Nd:YAG ramenée
à l’indice de réfraction). Il a donc tendance à former une lentille thermique à forte puissance,
bien que cet effet soit partiellement compensé par sa bonne conductivité thermique (1,2 fois
celle du Nd:YAG).

Le laser Cr:ZnSe est donc un candidat idéal pour la génération d’impulsions courtes à
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2–3 µm, et de manière accordable. Parmi les travaux déjà publiés sur ce sujet, les premiers
concernent le verrouillage des modes par modulation active des pertes [Car00, Sor01a]. Des
impulsions de 4,4 ps pour 82 mW de puissance moyenne ont été obtenues. Cette méthode est
très simple à mettre en œuvre, mais elle a l’inconvénient d’être active. Le verrouillage des modes
de manière passive par effet de lentille Kerr a été présenté [Sor01a], mais les résultats se sont
avérés décevants à ce jour (impulsions longues avec un faible contraste). Bien que tout ne soit
pas clair, il est possible que cela soit dû à des problèmes de stabilité du verrouillage de modes
et à la difficulté d’optimiser la lentille de Kerr [Kal03].

Plus tard, le verrouillage des modes de manière passive a été obtenu à l’aide d’un miroir
semiconducteur à absorbant saturable, ou SESAM [Pol05, Sor06]. Cette méthode est très efficace
puisque des impulsions ultrabrèves de 100 fs ont été obtenues avec 75 mW de puissance moyenne.
Néanmoins, elle nécessite de concevoir un composant par épitaxie dans un domaine spectral peu
usuel (au delà du proche infrarouge des télécommunications). Le composant doit être optimisé
à la longueur d’onde choisie, avec une reproductibilité parfois difficile à assurer. Cela représente
un développement technologique assez lourd. De plus, le SESAM exploite une non-linéarité
résonnante d’ordre 3, ce qui a trois conséquences importantes : il n’est opérationnel qu’autour
d’une certaine longueur d’onde; la gestion des effets thermiques due à l’absorption peut être
problématique; le temps de réponse est limité par la dynamique des porteurs [Kel96].

Dans le domaine des impulsions picosecondes, le miroir non-linéaire d’ordre 2 étudié dans ce
chapitre n’a aucun des inconvénients technologiques attribués aux SESAM puisqu’il n’utilise que
des composants optiques standards. Comme son principe repose sur de l’optique non-linéaire
d’ordre 2, il est transposable à n’importe quelle longueur d’onde, et son temps de réponse est
quasi-instantané. C’est donc à priori un très bon candidat pour le verrouillage des modes du
laser Cr:ZnSe. Toutefois, comme pour tout miroir non-linéaire, il doit être dimensionné spéci-
fiquement pour le laser dans lequel il est inséré, afin d’obtenir un régime stable d’impulsions
courtes. En l’absence de travaux antérieurs, il est nécessaire de mener une étude complète, théo-
rique et expérimentale, du miroir non-linéaire appliqué au Cr:ZnSe. Dans un premier temps,
nous allons calculer analytiquement les performances de ce miroir, afin de vérifier qu’elles sont
adaptées au Cr:ZnSe et à la production d’impulsions picosecondes (Chap. 4.4). Puis nous uti-
liserons un modèle numérique afin d’étudier la dynamique du verrouillage des modes en phase
dans le Cr:ZnSe (4.5). Le dimensionnement d’une expérience de démonstration sera ensuite
proposé au Chap. 4.6. Les premiers résultats expérimentaux seront présentés au Chap. 4.6.3.

111



Chapitre 4 - Miroir non-linéaire pour la production d’impulsions courtes dans un laser
infrarouge

4.4 Modélisation analytique du miroir non-linéaire
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Fig. 4.5: Réflectivité non-linéaire en fonction de l’efficacité de doublage, pour différentes valeurs de
la réflectivité linéaire R du coupleur (valeur à η = 0), et R2 = 1. La valeur exacte est en
trait tireté, et l’approximation (4.2) en trait plein rouge.

Dans le cas d’un accord de phase parfait, à l’aller comme au retour, on peut montrer que
la réflectivité du miroir non-linéaire est donnée par [Sta89b]

RNL (η) = B
{

1− tanh2
[√

Barctanh
√
η − arctanh

√
ηR2/B

]}
B = ηR2 + (1− η)R; η (t) = tanh2

[√
f (t)arctanh

√
η0

]
(4.1)

où η est l’efficacité de doublage à l’aller, η0 sa valeur maximum au pic de l’impulsion, R et R2

la réflectivité linéaire du coupleur à ω et à 2ω, respectivement, et f (t) la forme temporelle de
l’impulsion. Quand l’efficacité η tend vers 0, B tend vers R et RNL tend vers R. Quand η tend
vers 1, RNL tend vers une valeur intermédiaire entre R et R2. La réflectivité correspondante
est tracée sur la Fig. 4.5 pour R2 = 1.

L’expression (4.1) étant assez complexe, il est tentant de vouloir la simplifier par un déve-
loppement limité aux faibles η par exemple. Ceci n’est pas possible, car la valeur de l’efficacité
de doublage augmente énormément lorsqu’on passe du régime continu, où elle vaut moins de
1 %, au régime impulsionnel à modes verrouillés en phase, où elle dépasse 50 %. Cependant,
elle peut être approximée de manière empirique par une exponentielle [Bar89a] :

RNL (η) ' Reσ(R)η (4.2)

où σ (R) est un paramètre d’ajustement, dont la valeur est déterminée numériquement en
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minimisant l’erreur quadratique moyenne entre la forme approchée et la forme exacte de RNL.
Sa valeur a été calculée dans le Tab. 4.1 pour différentes valeurs de R. La formule approchée a
également été tracée sur la Fig. 4.5. Cette expression sera utilisée plus loin pour calculer une
expression approchée de la durée d’impulsion.

Tab. 4.1: Valeurs du paramètre d’ajustement de (4.2) en fonction de R, pour R2 = 1.

R (%) σ

40 0,66

60 0,43

85 0,15

92 0,08

96 0,04

La fonction de transfert du miroir non-linéaire est obtenue en traçant RNL en fonction de la
puissance P comme sur la Fig. 4.6. La fonction de transfert est caractérisée par son contraste
RNL (P →∞)−R et son intensité de saturation correspondant au point d’inflexion (par rapport
au logarithme de la puissance)3. Ces paramètres dépendent de R et de la non-linéarité du
cristal. Nous avons utilisés des valeurs réalistes, qui sont proches des valeurs expérimentales du
Chap. 4.6 : un laser Cr:ZnSe à 2530 nm, un cristal doubleur de PPLN:MgO (deff = 14 pm/V)
de 20 mm de long, un waist wg = 70 µm dans le milieu laser et de wc = 90 µm dans le doubleur.
On définit un paramètre de focalisation γ = (wg/wc)

2, qui vaut ici 0,60.
Nous voyons sur la Fig. 4.6(a) que le miroir non-linéaire a bien une réponse de porte optique.

La puissance de saturation intracavité est d’environ 380 W crête, soit 6 W en puissance moyenne
intracavité en supposant des impulsions de 50 ps (valeurs intracavité), et une cavité de longueur
optique 1 m. La puissance de saturation varie peu avec R, mais la pente de la réflectivité autour
de la puissance de saturation en dépend fortement. Si R2 est inférieur à 1, le contraste de la
réponse diminue, et la réflectivité redescend à nouveau aux très fortes intensités4. En effet, si
R2 < 1 la conversion 2ω → ω au retour peut finir par dépeupler complètement l’onde à 2ω. Il
y a alors conversion dans le sens inverse, ω → 2ω, ce qui diminue la réflectivité non-linéaire du
miroir. Toutefois, cette zone n’est pas atteinte en pratique pour des impulsions picosecondes.

Il n’est pas nécessaire que la puissance laser soit supérieure à la puissance de saturation
pour que le régime impulsionnel se mette en place. D’un point de vue qualitatif, il faut que

3Ce point correspond à une puissance environ 1,2 fois supérieure à celle donnant une réflectivité non-linéaire
à mi-chemin entre la réflectivité linéaire et la réflectivité saturée.

4Ce phénomène de roll-over rappelle celui créé par l’absorption à deux photons dans un absorbant saturable
(ou par tout autre limitateur de puissance)
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Fig. 4.6: Réflectivité non-linéaire en fonction de la puissance laser en échelle logarithmique. (a) Dif-
férents coupleurs R = (85 %; 92 %; 96 %) à γ = 0,60 fixe. (b) Deux focalisations γ, et
effet d’un coupleur non optimal à 2ω (R2 = 0,99), pour R = 92 % fixé. La position de
l’intensité de saturation est marquée par un point. La puissance moyenne est calculée pour
des impulsions gaussiennes de 50 ps et une cavité de 1 m. Sauf mention contraire, R2 = 1.

la réflectivité augmente suffisamment avec la puissance lorsque le laser est encore en régime
continu. Autrement dit, le temps de construction du verrouillage des modes en phase doit être
suffisamment faible [Kel96]

Tconstr. ∝
1

dRNL
dP

∣∣
Pcw

P
, (4.3)

où Pcw est la puissance en régime continu. Mais cette pente doit être suffisamment faible pour
éviter les instabilités de déclenchement passif

dRNL

dP

∣∣∣∣
Pcw

P < r
Tcav
T1

, (4.4)

où T1 est le temps de vie du laser, Tcav le temps d’aller-retour de la cavité, r le taux de pompage
(nombre de fois l’inversion de population seuil). Cette équation s’interprète facilement en se
rappelant que le déclenchement passif consiste à encourager le laser à émettre des impulsions de
relaxation sans jamais atteindre le régime continu. Or ces oscillations de relaxation proviennent
du fait que le gain évolue plus lentement que les photons dans la cavité, c’est-à-dire avec un
temps T1 > Tcav. Plus le rapport Tcav/T1 sera petit, et plus le laser aura tendance à fonctionner
en régime déclenché à la moindre fluctuation de pertes dRNL

dP
. Au regard de la condition (4.4)

le laser Cr:ZnSe considéré est un bon candidat pour le verrouillage des modes en phase sans
instabilité. En effet, son temps de vie est faible (6 µs par rapport à 230 µs pour Nd:YAG), et
la cavité est longue (environ 1 m). Nous reviendrons sur cette problématique de manière plus
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quantitative en modélisant le laser à miroir non-linéaire au Chap. 4.5.
D’un point de vue expérimental, il est indispensable de pouvoir faire varier la puissance

de saturation du miroir non-linéaire par rapport à celle du laser. En effet, le régime de modes
verrouillés en phase peut être très étroit dans l’espace des paramètres (puissance, pertes, puis-
sances de saturation, etc.). Or il n’est pas possible de s’assurer précisément que le dispositif
expérimental correspondra aux bonnes valeurs de ces paramètres : des degrés de libertés sont
nécessaires. Ces degrés de liberté sont le taux de pompage du laser, la transmission du cou-
pleur, le paramètre de focalisation γ = (wg/wc)

2, et éventuellement le désaccord de phase dans
le doubleur. La Fig. 4.6(a) montre l’effet du coupleur de sortie. Le contraste de la porte optique
varie, mais la puissance de saturation évolue peu. En guise d’illustration, la Fig. 4.6(b) montre
qu’une plus forte focalisation dans le cristal doubleur (γ = 1,28) permet d’abaisser sensiblement
la puissance de saturation. Expérimentalement, la variation de γ est faite en translatant un ou
deux miroirs de la cavité (cf. Chap. 4.6.2).
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Fig. 4.7: Rétrécissement d’une impulsion à ω après une réflexion sur le miroir non-linéaire en fonction
de la puissance, pour différentes valeurs de la réflectivité linéaire R du coupleur, et R2 = 1.
La puissance moyenne est calculée pour des impulsions de 50 ps et une cavité de 1 m.

Une autre donnée intéressante est le facteur de rétrécissement du miroir non-linéaire. Ce
facteur est défini comme le rapport de la largeur à mi-hauteur de l’impulsion à ω avant et
après réflexion sur le miroir. Il est tracé sur la Fig. 4.7 pour des impulsions gaussiennes. À 1 W
et pour un coupleur de 92 %, le rétrécissement est de ∼99,5 %. Il peut descendre à 97,5 %
pour un coupleur de 85 % et une puissance incidente de 10 W. Néanmoins, nous verrons dans
les simulations numériques du Chap. 4.5 que le bon point de fonctionnement est en réalité à
1 W car il permet un verrouillage des modes en phase sans déclencher passivement le laser. Ce
point correspond à une efficacité de doublage en ondes planes de 17 % en tenant compte du
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dépeuplement de la pompe.

Le calcul exact de la durée d’impulsion pour un verrouillage de modes passif est difficile car
ce mécanisme met en jeu deux systèmes couplés, laser et cristal doubleur. Aucun de ces systèmes
ne fonctionne en régime linéaire puisque la saturation y joue le rôle principal : saturation du
gain pour le laser, et saturation (inverse) du miroir non-linéaire. Le régime stationnaire est
alors déterminé par les interactions non-linéaires entre ces deux milieux, et leurs dynamiques
respectives, sans contrôle possible par un signal extérieur. En conséquence, une détermination
précise de la durée d’impulsion requiert généralement un traitement numérique. Il est néanmoins
possible de conduire un traitement analytique approché en appliquant la méthode proposée par
Barr [Bar89a]. Cette méthode consiste à considérer un modulateur d’amplitude dans la cavité en
plus du miroir non-linéaire. Cet élément permet de forcer des solutions gaussiennes qui se prêtent
bien à un calcul analytique, similaire à celui proposé par Kuizenga et Siegman [Kui70a]. Barr
montre ensuite numériquement que l’amplitude de modulation modifie peu la durée d’impulsion,
et que la forme des impulsions est proche d’une gaussienne. Nous ne donnerons ici que la formule
approchée de la durée d’impulsion (LTMH) issue de ce calcul. Elle est valable pour une efficacité
de doublage faible, η0 < 20%, ce qui est bien le cas pour un point de fonctionnement autour de
1 W :

∆TBarr = 1,49
√

2 ln 2

√
g
2

(1 + ση0)

ση0

4

∆ω
, (4.5)

où g est le gain en intensité tel que Reg = 1 définisse le seuil d’un laser de pertes 1 − R, σ
est le paramètre d’ajustement dont la valeur est tabulée dans le Tab. 4.1, η0 est l’efficacité de
doublage au sommet de l’impulsion, et ∆ω est la bande passante d’amplification (définie comme
au Chap. 3). Le préfacteur numérique correspond à une correction de l’erreur systématique
introduite par cette formule [Bar89a]. Bien qu’une modulation active des pertes soit introduite
dans le calcul, nous voyons que ni le taux de modulation, ni le temps d’aller-retour de la cavité
n’apparaissent dans le résultat final, ce qui valide l’approche. En revanche, à notre connaissance
cette expression n’a jamais été comparée à un résultat expérimental.

Nous voyons dans (4.5) que contrairement au verrouillage actif du Chap. 3, toute la bande
de gain est utilisée, et non pas seulement sa racine carrée. La comparaison de (4.5) avec la
limite de Fourier (3.2) pour une bande passante 4ω aboutit à

∆TBarr = 1,49

√
g
2

(1 + ση0)

ση0

2∆T∆ω. (4.6)

Pour un laser avec 5 % de pertes passives et un coupleur de 8 %, fonctionnant à 1 W,
σ = 0,08 et η0 = 0,2, donc ∆TBarr ' 6∆T∆ω. Le miroir non-linéaire d’ordre 2 permet donc
d’obtenir des impulsions utilisant 1/6 ' 17 % de la bande passante ∆ω. Il est possible d’obtenir
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des impulsions plus courtes en augmentant η0 ou σ, c’est-à-dire en augmentant la focalisation
dans le cristal non-linéaire et en augmentant la transmission du coupleur, respectivement. Ceci
revient également à abaisser la puissance de saturation de la porte optique et à augmenter le
contraste de sa fonction de transfert, respectivement (voir Fig. 4.6). Cependant, cela présente
un risque important de déclencher passivement le laser, ce que nous verrons plus en détails au
Chap. 4.5.

Une prédiction absolue de la durée d’impulsion nécessite de connaître la bande passante
d’amplification ∆ω. Celle-ci peut être imposée par la largeur de raie du laser, la bande passante
du miroir non-linéaire, ou un éventuel élément filtrant. Pour le laser Cr:ZnSe à élargissement
vibronique, la largeur de raie est très importante. Dans notre cas une accordabilité de plus
de 100 nm a été mesurée en pompage impulsionnel (cf. Chap. 4.6.3), soit plus de 10 THz.
Concernant la bande passante ∆ν du miroir non-linéaire, nous avons vu aux Chap. 1 et 3 que
l’acceptance spectrale du doublage de fréquence est limitée par la différence des vitesses de
groupe du rayonnement laser et de sa seconde harmonique :

∆ω =
2
√

3

lc
(
k′p − k′s

) ,
où p désigne le laser (pompe), s la seconde harmonique (signal), et lc est la longueur du cristal.
À λ = 2530 nm dans 20 mm de PPLN:MgO, ∆ν = ∆ω/π = 2 THz. C’est donc le miroir
non-linéaire qui limite la bande passante dans notre cas.

Si la bande passante du miroir est prise comme étant la moitié de celle correspondant au
doublage (aller-retour dans le cristal), la durée d’impulsion vaut ∆TBarr = 4 ps. En appliquant
un facteur empirique de 10 pour prendre en compte tous les autres effets de réduction de la bande
passante (effet d’étalon, traitements diélectriques, dispersion d’ordre 2, etc.), des impulsions de
40 ps ou moins sont réalisables avec ce type de miroir non-linéaire. Ceci est rendu possible grâce
à la très grande acceptance spectrale dans l’infrarouge des cristaux retournés périodiquement
du type PPLN, comme nous le verrons à nouveau au Chap. 4.6. Toutefois ce type de miroir
n’est pas adapté aux impulsions femtosecondes, pour lesquelles les SESAM ont déjà montré de
bons résultats [Sor06].

4.5 Modélisation numérique du verrouillage des modes en
phase

Le traitement analytique présenté dans la partie précédente permet de tracer les grandes
lignes quant à la conception du miroir non-linéaire. Cependant, il ne permet pas réellement
de déterminer la valeur des paramètres permettant le basculement du laser du régime continu
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au régime à modes verrouillés en phase. De plus, il ne donne pas d’information précise sur
l’évolution de la durée d’impulsion, ni sur la stabilité du verrouillage des modes en phase vis-
à-vis des instabilités de déclenchement passif. Quant à la formule approchée (4.5) de la durée
d’impulsion, elle est établie avec des hypothèses restrictives, et ne permet pas de prédire ce qui
se passe à forte puissance par exemple. Pour toutes ces raisons, une modélisation numérique
du laser avec miroir non-linéaire est nécessaire pour étudier la dynamique et la stabilité du
verrouillage de modes.

4.5.1 Principe du modèle

Le code MATLAB utilisé est très similaire à celui du Chap. 3.6.2. L’enveloppe du champ
électrique est décrite par un tableau de valeurs complexes de taille Npts (typiquement 2048),
définissant une fenêtre temporelle allant de −Tcav/2 à Tcav/2, où Tcav est le temps d’aller-retour
dans la cavité. Le spectre est donc décrit sur une fenêtre fréquentielle bornée par la fréquence
de Nyquist (ou de coupure) fnyq = 0,5Npts/Tcav. La fenêtre temporelle est synchrone avec
l’impulsion laser de fréquence centrale ω0, i.e. avec la vitesse de groupe vg (ω0). On considère
ensuite la propagation de cette impulsion à travers les différents éléments de la cavité, dont les
épaisseurs sont négligées. Les effets transverses ne sont pas pris en compte (ondes planes). La
cavité est linéaire, et les effets d’onde stationnaire (spatial hole burning) sont négligés. Dans
ces conditions le gain en amplitude dans le milieu laser pour un tour complet de cavité est

g (ω) = exp (∆Nσglgf (ω)) ,

où ∆N est l’inversion de population moyenne du milieu laser, σg est la section efficace d’émission
laser, lg la longueur du milieu laser, et f (ω) la forme de la raie laser, supposée de profil Lorentzien
et de largeur ∆ω = π/T2, où T2 le temps de décohérence de la transition. À chaque tour de
cavité, l’inversion de population est mise à jour pour tenir compte de la saturation. Ceci se fait
en résolvant l’équation différentielle classique [Sie86]

d∆N

dt
=

1

T1

(
∆N0 −∆N − 2 2∗∆N

〈I〉
Isat

)
,

où T1 est le temps de vie effectif du niveau excité, ∆N0 est un terme de pompage (valeur
qu’atteint ∆N en l’absence d’oscillation), Isat = 1/T1σg est l’intensité de saturation, et 〈I〉 est
l’intensité laser en s−1.m−2 dans la cavité, moyennée sur la fenêtre temporelle. Le facteur 2
provient du fait que la cavité est linéaire (aller-retour dans le milieu à gain). Le facteur 2∗, ou
bottleneck factor, introduit par Siegman, tient compte de la durée de vie du niveau inférieur
de la transition laser, qui réduit l’inversion de population disponible. Il vaut 1 pour un laser à
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4 niveaux idéal, et 2 pour un laser à trois niveaux. En pratique, il permet un ajustement du
modèle aux résultats expérimentaux. Par la suite nous prendrons la valeur pessimiste 2∗ = 2.
Par ailleurs, le temps de vie T1 n’est pas forcément confondu avec le temps de vie de la transition
laser, car il peut exister d’autres modes de relaxation pour le niveau excité. Néanmoins, pour
simplifier l’analyse, nous confondrons T1 avec le temps de fluorescence mesuré dans la littérature
pour le Cr:ZnSe [Sor04].

Le fait de prendre une intensité moyenne revient à négliger les effets de façonnage de l’im-
pulsion par la saturation, ce qui est possible pour des lasers à gain modéré5 comme celui
dimensionné au Chap. 4.6. Ceci est également justifié par le fait que le temps de vie de ce laser
(6 µs) est très long devant le temps d’aller-retour de la cavité (3 ns) ou la durée d’impulsion
attendue (< 100 ps). La saturation du milieu laser se fait donc grâce à plusieurs impulsions
successives, après plusieurs tours de cavité, et non par une impulsion individuelle. De plus, on
peut montrer que dans ce cas la saturation par une impulsion unique n’est pas nécessaire pour
assurer la stabilité du verrouillage de modes6 [Hau76, Kel96].

L’interaction dans le cristal non-linéaire est décrite par la résolution exacte des équations
non-linéaires (1.11), de manière similaire au Chap. 2. Pour résoudre ces équations, on suppose
l’accord de phase exact aux fréquences des porteuses ω0 et 2ω0. De plus, puisque la seconde
harmonique est nulle à l’entrée du cristal, sa phase est libre de s’ajuster automatiquement
pour maximiser l’efficacité de doublage. La phase non-linéaire vaut donc ϕ = π/2. De même,
au retour dans le cristal, on suppose que la phase non-linéaire a été ajustée à −π/2 à l’aide
d’une lame dispersive afin de maximiser la reconversion. Les champs u sont alors réels et leur
expressions sont très simples puisque seules des fonctions hyperboliques sont impliquées. Dans
ce cas, la réflectivité non-linéaire est donnée par

RNL =
u′21 (lc)

u2
1 (0)

t2
FP (ω) ,

où u1 (0) est le champ de l’onde fondamentale à l’entrée du cristal, et

u′1 (lc) = u′1 (0) sech

(
κlc

√
u′21 (0) /2 + u′22 (0)

)

×

[
1−

√
u′22 (0)

u′21 (0) /2 + u′22 (0)
tanh

(
κlc

√
u′21 (0) /2 + u′22 (0)

)]−1

le champ de l’onde fondamental au retour, avec κ le coefficient de couplage non-linéaire, et lc
5Cet effet de pulse shaping est en revanche très important dans les lasers Nd:YAG oscillants avec des coupleurs

de 4 %, où une analyse de Frantz-Nodvik devient nécessaire [Sie86].
6Cette conclusion serait différente avec un laser à semiconducteur par exemple (T1 ∼ ns).
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la longueur du cristal. u′1 (0) = Ru1 (lc) est le champ fondamental réfléchi par le coupleur. Avec
ces notations les densités de puissance sont données par ωu2/2Z0. À l’aller les champs pour
l’onde fondamentale et la seconde harmonique sont

u1 (lc) = u1 (0)

√
1− tanh2

(
κlcu1 (0) /

√
2
)

u2 (lc) = u1 (0) tanh
(
κlcu1 (0) /

√
2
)
/
√

2.

Pour des raisons de simplicité et de temps de calcul, nous avons choisi d’utiliser des fonctions
analytiques pour décrire le miroir non-linéaire. Ces fonctions donnent les expressions exactes
des champs, et dispensent d’une résolution numérique approchée des équations non-linéaires.
Cependant, la dispersion dans le cristal (ou le désaccord de phase) n’est pas contenue dans
ces équations. La bande passante du miroir non-linéaire est donc prise en compte par un filtre
Fabry-Perot de transmission en amplitude tFP (ω) (élevée au carré car la lumière passe deux fois
dans le filtre par tour de cavité). Ceci permet par ailleurs d’éviter les problèmes d’aliasing7. À
noter que cette méthode a également été utilisée par Barr pour modéliser le miroir non-linéaire
dans un laser à 1 µm [Bar91]. Pour prendre en compte la dispersion de façon rigoureuse, il
faudrait recourir à une approche numérique (comme au Chap. 3.6.2), ou utiliser des fonctions
de Jacobi incluant le désaccord de phase (comme au Chap. 3).

Pour accélérer le temps de calcul, le laser est démarré avec les conditions initiales du ré-
gime continu, soit une intensité et une inversion de population correspondants à la solution
stationnaire gain = pertes. Ces valeurs sont Icw = Isat (r − 1) / (2 2∗) et 4Ncw = p/2σglg, où
p = q + ppassives sont les pertes totales de la cavité, somme des pertes du miroir non-linéaire
q = ln 1/R et des pertes passives ppassives, et r = 4N0/4Ncw est le taux de pompage, ou
nombre de fois au dessus de l’inversion de population seuil. Partant de ces conditions initiales,
quelques milliers de tours de cavité sont nécessaires pour que l’oscillation se stabilise au niveau
de la précision de calcul, selon le taux de pompage. Un pic de bruit, d’amplitude correspondant
à celle de l’émission spontanée dans le mode laser, est ensuite injecté au milieu de la fenêtre
temporelle pour initier le verrouillage de modes.

4.5.2 Résultats de modélisation

Le verrouillage des modes en phase dépend principalement de rapports entre paramètres
7La bande passante est limitée à la fenêtre de calcul de largeur 2fnyq, en général très inférieur à ∆ω. Cette

fenêtre joue le rôle d’un filtre aux flancs abrupts, ce qui provoque des oscillations non physiques dans le domaine
temporel. Ces rebonds sont ceux du sinus cardinal, transformée de Fourier de la fonction carrée. Cet effet doit
être prévenu par un filtre numérique, rôle joué ici par le filtre Fabry-Perot.
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Tab. 4.2: Valeurs des paramètres de modélisation.

Grandeur Notation Valeur

Longueur d’onde fondamentale λ 2530 nm

Section efficace d’émission laser σg 0,8 10−18 cm2

Épaisseur cristal laser lg 2,8 mm

Temps de vie T1 6 µs

Puissance de saturation laser ~ωSg/σgT1 210 kW

Temps d’aller-retour cavité Tcav 3,3 ns (0,3 GHz)

Fréquence de Nyquist fnyq 300 GHz (1024 pts)

LTMH du filtre Fabry-Perot 4υFP 90 GHz

Non-linéarité du cristal deff 14 pm/V

Longueur du cristal non-linéaire lc 20 mm

Rapport des surfaces laser/cristal γ = (Sg/Sc)
2 0,60

Réflectivité du coupleur à ω R 0,8–0,98

Réflectivité du coupleur à 2ω R2 1

Pertes passives de la cavité Rpassives 0,95

Nombre d’itérations 106 (3,3 ms)
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du laser et du miroir non-linéaire : rapport des puissances de saturation, rapport des temps
de réponse, rapport des pertes non-linéaires aux pertes linéaires, rapport du gain aux pertes.
Sachant cela, une façon pratique de présenter les résultats de verrouillage en phase est la carto-
graphie pertes–gain, proposée par Haus pour les absorbants saturables [Hau75b, Hau76]. Dans
cette représentation, gain laser et pertes non saturées du miroir non-linéaire sont normalisés
aux pertes passives de la cavité ppassives. Ces pertes (absorption, réflexions parasites, fuites
des miroirs, etc.) sont celles qui resteraient dans le laser même avec un coupleur parfaitement
réfléchissant (R = 1). Nous avons donc

g′ = g/ppassives = ∆Ncwσglg/ ln (1/Rpassives)

q′ = q/ppassives = ln (1/R) / ln (1/Rpassives)

où g’ est le gain réellement disponible, c’est-à-dire “débarrassé” des pertes passives, et q’ est le
supplément de pertes apporté par le miroir non-linéaire. Le seuil du laser est tel g = q+ppassives,
soit g′ = q′ + 1. À noter que le gain g’ n’est pas équivalent au taux de pompage r, car si le
premier est défini par rapport aux pertes passives, le deuxième dépend des pertes totales,
donc des pertes du miroir non-linéaire q. La cartographie pertes–gain est réalisée pour un laser
Cr:ZnSe et un miroir non-linéaire à base de PPLN:MgO, en faisant varier q’ et g’ via R et ∆Ncw

respectivement. Les valeurs des paramètres sont consignées dans le Tab. 4.2, et correspondent
aux valeurs expérimentales du Chap. 4.6.
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Fig. 4.8: Cartographie pertes-gain du Cr:ZnSe pour les impulsions à modes verrouillés. Zone blanche :
laser en dessous du seuil. Zone hachurée : déclenchement passif et modes verrouillés simul-
tanément. Zone grise non hachurée : pas de verrouillage des modes au bout de 3 ms. En
présence de déclenchement passif, c’est la durée moyenne des impulsions à modes verrouillés
qui est présentée. Les paramètres utilisés sont ceux du Tab. 4.2.
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Environ 106 itérations/tours de cavité sont nécessaires pour être sûr d’atteindre le régime
stationnaire du verrouillage de modes. Pour réduire le temps de calcul à moins de 1 h sous
MATLAB, nous avons limité le nombre de points décrivant le champ à 1024. Ceci impose une
fréquence de Nyquist de 300 GHz, et une bande passante de 90 GHz pour le Fabry-Perot (facteur
de sécurité d’environ 6). Ce Fabry-Perot a alors une transmission équivalente (au voisinage de
la fréquence centrale) à celle d’un milieu laser de ∼ 17 Ghz de largeur de raie. Cette valeur est
bien inférieure à la bande d’amplification du Cr:ZnSe ou à la bande passante du miroir non-
linéaire. Cependant, l’objectif de cette partie est de comprendre le mécanisme du verrouillage
des modes en phase dans un tel laser plutôt que de donner un résultat quantitatif. En effet,
comme pour toute modélisation, un certain nombre de paramètres sont “libres” au départ car
leur valeur nominale n’est pas connue (pertes, bande passante, non-linéarité du cristal, etc.).
Ces paramètres doivent être déterminés ou “étalonnés” en fonction des résultats expérimentaux
afin de donner un caractère quantitatif à la modélisation.

Les résultats de la modélisation sont présentés sur les Fig. 4.8 pour les impulsions à modes
verrouillés en phase. La zone hachurée correspond au déclenchement passif du laser. Dans ce
cas, les impulsions courtes sont contenues dans une enveloppe dont la puissance varie lentement.
La largeur et la puissance crête de cette enveloppe est représentée sur la Fig. 4.9.
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Fig. 4.9: Cartographie pertes-gain du Cr:ZnSe pour l’enveloppe de déclenchement passif. Zone
blanche : laser en dessous du seuil. Zone grise : pas de déclenchement passif (régime continu
ou régime à modes verrouillés stationnaire). Les paramètres utilisés sont ceux du Tab. 4.2.

La cartographie de la Fig. 4.8 est très semblable à celle des lasers à absorbant saturable.
À savoir, la région inférieure gauche (en gris) correspond à des impulsions très longues. Ici, le
temps de construction est tellement long (> 3 ms) que le régime stationnaire semble être une
oscillation continue. En réalité, un verrouillage des modes est observable si le temps de calcul est
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prolongé suffisamment. Les impulsions deviennent plus courtes pour un fort gain ou un miroir
non-linéaire avec de fortes pertes. Ceci se comprend en revenant à la Fig. 4.7 : plus la puissance
moyenne est élevée au départ, ou plus R est faible, et plus le pouvoir de rétrécissement du
miroir non-linéaire est élevé.

Lorsque le gain ou les pertes sont trop élevés, le laser est déclenché passivement (zone
hachurée). Les impulsions déclenchées les plus courtes et les plus puissantes sont obtenues pour
les plus fortes valeurs du couple (q′ ; g′). Rien de très surprenant puisque cela correspond à un
fort pompage et un miroir non-linéaire à fort contraste (cf. Fig. 4.6).

L’optimisation du verrouillage des modes en phase requiert donc un choix judicieux du
couple (q′ ; g′) en particulier pour éviter le déclenchement passif du laser. Ceci se fait en choi-
sissant d’abord une réflectivité R convenable pour le coupleur de sortie. D’après la Fig. 4.8(a),
il semble que cette valeur soit R ≥ 98%, en particulier si le laser est pompé très au dessus du
seuil. Toutefois, cette valeur optimum n’est qu’indicative et n’a pas de valeur quantitative pour
un système réel : il est indispensable de la déterminer expérimentalement en essayant plusieurs
réflectivités. Il est ensuite possible d’ajuster continûment (q′ ; g′) en variant le gain via le taux
de pompage du laser, et la réponse du miroir non-linéaire via la focalisation dans le cristal. À
noter que si (q′ ; g′) sont trop grands, il n’est pas intéressant de les réduire en augmentant les
pertes passives, car la puissance de sortie sera toujours plus faible que dans un laser sans pertes
passives et avec un miroir non-linéaire et un pompage adaptés. Autrement dit il s’agit d’une
solution sous-optimale.

La Fig. 4.10(a) présente l’évolution de la puissance crête et de la durée d’une impulsion à
modes verrouillés pour (q′ ; g′) = (0,79 ; 13,5). Ce point correspond à des valeurs de réflectivité
R et de de pompage r pouvant être atteintes en pratique : (R ; r) = (0,96 ; 7,5). Le temps
de construction du verrouillage de modes est d’environ 200 µs dans cet exemple. La durée
de l’impulsion diminue très rapidement pour atteindre 96 ps en environ 40 µs. Parallèlement
la puissance crête passe de 2 W à 66 W intracavité. La Fig. 4.10(b) montre l’impulsion à
modes verrouillées en régime stationnaire ainsi que son spectre. La durée d’impulsion en régime
stationnaire est 96 ps, et la largeur du spectre de l’impulsion est 3,3 GHz. Comme attendu pour
un blocage de modes passif, la forme de l’impulsion est celle d’une sécante hyperbolique, comme
le montre l’ajustement mathématique de la Fig. 4.10(b). Le produit durée–largeur spectrale est
0,317, quasiment identique à la limite de Fourier de 0,315 pour une sécante hyperbolique.
Comme attendu en l’absence de dispersion, la durée de l’impulsion est donc limitée par la
transformée de Fourier de son spectre.

Nous nous sommes assuré que la cartographie de la Fig. 4.8 est bien celle du régime sta-
tionnaire en doublant le nombre d’itérations de 106 à 2 106. Puissance et durée d’impulsion
restent alors stables à mieux que 1 % : le verrouillage des modes se maintient sans évoluer vers
le déclenchement passif du laser. Par contre, si en bordure de la zone de déclenchement passif,
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Fig. 4.10: Évolution du verrouillage des modes en phase dans le Cr:ZnSe avec miroir non-linéaire
d’ordre 2. Les paramètres utilisés sont ceux du Tab. 4.2, avec R = 0,96 et r = 7,5. En
(a) la valeur initiale de la durée d’impulsion est le temps d’aller-retour dans la cavité,
soit 3,3 ns. En (b) un agrandissement montre la queue de l’impulsion, ajustée par une
gaussienne et une sécante hyperbolique.
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on augmente les pertes q du miroir non-linéaire sans changer le gain, le laser est déclenché pas-
sivement au bout d’un petit nombre d’itérations (∼ 200 000). Ce régime se maintient ensuite
de façon stable jusqu’à la fin du calcul.

Nous avons également vérifié qu’en augmentant la bande passante du filtre Fabry-Perot,
les impulsions à modes verrouillés étaient plus courtes. En revanche, si la bande passante est
trop importante, la zone de déclenchement passif a tendance à s’étendre vers les faibles valeurs
de (q′ ; g′). En réalité, ceci est dû au fait qu’avec un filtre plus large, les pertes intégrées en
fréquence sont moins importantes pour le laser. Ceci revient à diminuer la valeur de ppassives,
et donc à augmenter q’, ce qui place le laser dans la zone d’instabilité de déclenchement passif.
Cet artefact de calcul ne peut pas être compensé à priori, car les pertes en fréquence dépendent
de la largeur effective du spectre de l’impulsion. Les paramètres du filtre, largeur et profondeur
de modulation, doivent donc être ajustés à posteriori en fonction des résultats expérimentaux.

Lorsque le laser est déclenché passivement, la puissance crête varie fortement, comme le
montre la Fig. 4.11 obtenue pour (q′ ; g′) = (1,0 ; 13,5), soit (R ; r) = (0,95 ; 6,8). La période
des impulsions déclenchées passivement est de 1,45 µs, ce qui est comme attendu du même
ordre de grandeur que la durée de vie du laser. La durée des impulsions de déclenchement
passif est de 260 ns. Toutefois, les modes du laser sont toujours verrouillés en phase, avec une
durée d’impulsion oscillant autour de 100 ps, comme on peut le voir sur la Fig. 4.11(a). Ce
régime hybride de modes verrouillés et de déclenchement passif, ou Q-switched mode locking,
est tout à fait classique pour ce type de laser possédant un temps de vie relativement long.
C’est un mode de fonctionnement que nous souhaitons éviter, non seulement à cause des larges
variations de puissance, mais surtout à cause des larges variations de la durée d’impulsion. Pour
cela, plusieurs valeurs de R doivent être essayées expérimentalement, ce que nous proposons au
Chap. 4.6. Le déclenchement passif peut aussi être évité en baissant légèrement la valeur de R2,
mais cela revient à baisser le contraste de la réponse du miroir non-linéaire, donc à augmenter
R.

Nous avons également tracé l’efficacité de doublage ηcw en régime continu, i.e. au démarrage
du laser, sur la Fig. 4.12. Nous voyons par comparaison avec la Fig. 4.8 que les impulsions à
modes verrouillés les plus courtes sont obtenues pour les efficacités les plus grandes. Lorsque
l’efficacité diminue ou le gain diminue, la durée d’impulsion et le temps de construction du
verrouillage de modes augmentent fortement. On peut alors définir une frontière arbitraire au-
delà de laquelle le verrouillage des modes ne présente plus d’intérêt car les impulsions sont trop
longues. De plus, un temps de construction trop long devant, par exemple, le temps sur lequel
la longueur de cavité est stable peut empêcher la réalisation expérimentale du verrouillage des
modes. Ceci avait déjà été proposé par Haus [Hau75b], qui avait placé cette frontière à une
durée d’impulsion faisant moins de 10 fois la limite de Fourier de la largeur de raie laser. Ici,
nous pouvons placer cette limite à des impulsions plus courtes que 300 ps, pour lesquelles le
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Fig. 4.12: Cartographie pertes-gain de l’efficacité de doublage en régime continu dans le laser Cr:ZnSe
avec miroir non-linéaire d’ordre 2. Zone blanche : laser en dessous du seuil. Zone hachurée :
déclenchement passif et modes verrouillés simultanément. Zone grise : pas de verrouillage
des modes au bout de 3 ms. Les paramètres utilisés sont ceux du Tab. 4.2.

temps de construction est inférieur à 1,2 ms. Ceci correspond à g′ & 4,5 sur la Fig. 4.8. En
terme d’efficacité de doublage, cette limite se situe à ηcw & 0,2 % d’après la Fig. 4.12.

Il faut noter une différence importante entre les résultats rapportés ici et ceux publiés par
Barr [Bar91]. En effet, l’auteur observe l’existence d’un seuil d’efficacité de 0,6 % en dessous
duquel tout verrouillage des modes est impossible. En réalité, ce “seuil” se traduit par une forte
augmentation du temps de construction et est donc moins abrupt que ne le suggère l’auteur.
C’est pourquoi le verrouillage de modes est encore possible à ηcw ' 0,6 %, avec des impulsions
d’une centaine de picosecondes. Dans le même article, Barr avait également déterminé une
efficacité maximum de 0,7 % au delà de laquelle le laser (temps de vie 0,6 µs) était déclenché
passivement. En réalité, nous voyons sur les Fig. 4.10(a) et 4.12 qu’une très grande efficacité de
doublage est possible, et même souhaitable pour obtenir des impulsions courtes, à conditions de
réduire en même temps les pertes q’ du miroir non-linéaire pour éviter le déclenchement passif.
Autrement dit, il est souhaitable de baisser à la fois la puissance de saturation et le contraste de
la fonction de transfert du miroir non-linéaire (cf. Fig. 4.6). Toutefois, le contraste doit rester
suffisant pour enclencher le verrouillage des modes : un compromis est donc nécessaire.

Pour maximiser ηcw et optimiser le miroir non-linéaire, il est bien sûr possible de faire varier
q’ et g’. Toutefois, la marge de manœuvre est étroite, car g’ est limité par la puissance de
pompe tandis que q’ est limité par le nombre de réflectivités R disponibles pour le coupleur.
Une autre façon de modifier ηcw est de changer la focalisation γ dans le cristal non-linéaire.
Ceci se fait en modifiant la géométrie de la cavité, comme nous le verrons au Chap. 4.6.
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4.6 Dimensionnement d’une expérience de démonstration

La plupart des travaux précédents portant sur le miroir non-linéaire d’ordre 2 ont été effec-
tués avec des lasers à ion Nd ou Yb (1030–1080 nm selon la matrice cristalline) de puissance
moyenne toujours supérieure à 5 W intracavité. Par ailleurs, nous avons vu précédemment que
le matériau laser de choix pour réaliser une source laser picoseconde dans l’infrarouge moyen
est le Cr:ZnSe. Or ce laser présente des différences importantes par rapport aux lasers Nd/Yb.
Premièrement, son temps de fluorescence est d’environ 6 µs, ce qui est bien plus court que
les 0,1–1 ms des lasers Nd/Yb. On s’attend donc à ce que son comportement lors du ver-
rouillage en phase des modes soit assez différent, en particulier vis-à-vis des instabilités de
déclenchement passif. Le Cr:ZnSe possède une bande de gain exceptionnellement large, ce qui
est favorable à la production d’impulsions courtes, à condition que le miroir non-linéaire ait une
bande passante suffisante. Mais cela peut poser des problèmes de stabilité en longueur d’onde
lors du verrouillage des modes. La longueur d’onde d’émission du Cr:ZnSe est située bien plus
dans l’infrarouge que les lasers Nd/Yb, ce qui pose des contraintes différentes sur le choix du
cristal non-linéaire. Cela diminue également de façon intrinsèque l’efficacité des processus non-
linéaires, à cause de la forte dépendance du coefficient non-linéaire κ avec la longueur d’onde
(voir Chap. 1). Cette tendance est renforcée par le fait que la puissance du laser Cr:ZnSe est
encore modérée par rapport aux lasers solides traditionnels à 1 µm. Ces trois derniers points,
bande passante, longueur d’onde et puissance, ont d’importantes conséquences sur le choix du
cristal non-linéaire, ce qui est discuté au Chap. 4.6.1. Un dispositif expérimental est proposé
au Chap. 4.6.2, où quelques premières caractérisations du laser sont faites.

4.6.1 Choix du cristal non-linéaire - efficacité et bande passante

Tab. 4.3: Quelques efficacités de doublage des miroirs non-linéaires utilisés dans la littérature. ηO.P.
est l’efficacité en ondes planes. ηGauss est l’efficacité en faisceaux gaussiens, tenant compte
du walk-off spatial et de la divergence des faisceaux, d’après [Boy68, Zon03]. NC : accord
de phase non-critique (angle de double réfraction nul).

Pintra (W) Cristal Type wcri (µm) ηO.P. (10−2 %) ηGauss (10−2 %) Référence

8,8 LBO 15 mm I NC 60 16,6 7,8 [Dan94]

5 LBO 5 mm I NC 30 4,4 2,0 [Sai03]

13,5 LBO 15 mm I 84 12 4,8 [Dat04]

1 KTP 10 mm II 100 7,5 3,6 [Lin05]

La modélisation du miroir non-linéaire dans un laser Cr:ZnSe a permis de montrer qu’il exis-
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tait une efficacité de doublage minimum en régime continu d’environ 0,2 % autorisant ensuite
un régime impulsionnel. Afin de confirmer cette valeur, il serait souhaitable de la comparer à
celle obtenue expérimentalement dans la littérature pour des lasers à 1 µm. Même si ces lasers
sont assez différents du Cr:ZnSe, la comparaison à travers l’efficacité de doublage reste possible,
car celle-ci joue le rôle d’un facteur de mérite qui ne dépend plus explicitement des longueurs
d’ondes, puissances, etc. Le résultat de ce travail est résumé dans le Tab. 4.3.

Pour cela, nous calculons d’abord l’efficacité en ondes planes ηO.P. à partir des données
disponibles dans les références. Ceci permet une comparaison avec la valeur utilisée dans le
modèle du Chap. 4.5. Puis, nous calculons la valeur ηGauss en faisceaux gaussiens focalisés,
afin de pouvoir comparer avec la situation expérimentale du Chap. 4.6.2. ηGauss dépend de la
focalisation du cristal, c’est-à-dire de la taille du faisceau et de sa divergence par rapport à la
longueur du cristal. De plus, pour des cristaux biréfringents en accord de phase critique, il faut
tenir compte de la séparation angulaire entre l’onde fondamentale et la seconde harmonique,
appelée walk-off spatial. Cet effet aura plus ou moins d’importance selon le recouvrement des
deux faisceaux dans le cristal, donc il dépend aussi de la focalisation. Pour tenir compte de tous
ces phénomènes, nous avons utilisé le formalisme de Boyd-Kleinman [Boy68], étendu ensuite
par Zondy à l’accord de phase de type II [Zon03]. À noter que le faisceau à 2ω étant 2 fois plus
petit8 que le faisceau à ω, il y a une différence systématique d’un facteur 2 entre les définitions
de ηO.P. (rapport des intensités) et de ηGauss (rapport des puissances).

Nous voyons donc qu’il faut une efficacité minimum de ∼0,1 % en ondes planes pour ver-
rouiller les modes en phase. Cette valeur concorde avec les 0,2 % issus de la modélisation du
Chap. 4.5, et est bien inférieure au seuil de 0,6 % prédit par Barr [Bar91]. Dans un cas réel,
i.e. avec des faisceaux gaussiens, l’efficacité nécessaire est de 2–8 10−2 %. Pour les expériences
reportées dans le Tab. 4.3, cette efficacité était relativement facile à atteindre, en raison de la
forte puissance des lasers utilisés, et de la très bonne efficacité à 1 µm des cristaux non-linéaires.
Dans notre cas, celui d’un laser Cr:ZnSe à 2,5 µm, l’efficacité du processus est intrinsèquement
moins efficace. La longueur d’onde laser étant 2,5 fois plus grande, κ est 15 fois plus faible,
ainsi que l’efficacité. De plus, la puissance de ce type de laser est encore 2 à 4 fois plus faible en
régime continu que les lasers à 1 µm. Au total le rendement de doublage est au moins 30 plus
faible. Ceci doit être compensé par l’utilisation d’un cristal non-linéaire possédant un deff au
moins 5 fois plus élevé, ou une plus forte focalisation. Or cette dernière option n’est pas possible
avec des cristaux biréfringents, car ceux-ci présentent en plus un walk-off spatial qui diminue
fortement l’efficacité, sans possibilité d’accord de phase non critique vers 2,5 µm. Ceci est illus-
tré par la Fig. 4.13, qui résume les efficacités des cristaux non-linéaires transparents à 2,5 µm.
Ainsi, seuls les cristaux périodiquement retournés transparents autour de 2,5 µm, tels que le

8La polarisation non-linéaire qui génère le faisceau à 2ω est proportionnelle au carré du champ à ω, donc sa
surface est deux fois plus petite [Boy68].
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Fig. 4.13: Efficacité et bande passante de doublage de quelques cristaux non-linéaires, à λ = 2530 nm,
pour une focalisation optimum, au sens de [Boy68, Zon03]. Points noirs : un seul cristal
de 10 mm en type I, et de ∼ 5 mm en type II (l’efficacité sature pour des cristaux plus
longs, à cause du walk-off). Points rouges : deux cristaux avec compensation du walk-off.
Deux points différents pour un même cristal correspondent à deux angles d’accord de phase
différents. La bande passante des cristaux notés BP/x a été volontairement réduite d’un
facteur x pour une question d’échelle. La ligne rouge démarque l’efficacité minimum de
2 10−2 % requise pour le miroir non-linéaire.
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PPLN, permettent de réaliser un miroir non-linéaire efficace dans l’infrarouge moyen. De plus,
ces cristaux possèdent une très grande bande passante, supérieure à 3 THz, particulièrement
bien adaptée à des cristaux laser large bande telle que le Cr:ZnSe.

4.6.2 Montage expérimental

Diode laser

8 W à 793 nm

λ/2

T = 10 %

Tm:YLF

ZnSe à i
B

λ ≈ 1,9 µm

R = 100 mm

Fig. 4.14: Laser Tm:YLF. iB : angle de Brewster (68°).

Pour réaliser la démonstration du verrouillage de modes d’un laser Cr:ZnSe, nous avons
réalisé les montages présentés sur les Fig. 4.14 et 4.4. Ceux-ci sont les fruits d’une collaboration
avec Jean-Louis Doualan et Richard Moncorgé du Centre Interdisciplinaire de Recherche sur les
Ions Lasers (CIRIL), à Caen. La source de pompe est un laser à 1,9 µm fonctionnant en régime
continu. Il est constitué d’un cristal de Tm3+:LiYF4 (Tm:YLF) de 6 mm de long et dopé à
5 %, dont la croissance a été faite au CIRIL. Ce cristal présente un pic d’absorption à 792 nm
de quelques nanomètres de large. Il est pompé par une diode laser multi-émetteurs réalisée par
Thales Laser Diodes qui émet jusqu’à 8 W à 793 nm par une fibre multimode (diamètre de
cœur 400 µm, ouverture numérique 0,22). Un pompage dans les deux sens a été retenu, d’une
part afin d’augmenter la puissance totale absorbée, et d’autre part afin d’éviter la réabsorption
de l’émission laser dans les zones non pompées9. Le cristal est placé dans une monture en laiton
refroidie par eau. La cavité du laser Tm:YLF est une simple cavité en L, constituée d’un miroir

9Il s’agit en effet d’un laser quasi trois niveaux : en l’absence de pompage les ions actifs s’accumulent dans
le niveau bas de la transition laser, et sont prêts à être réexcités vers le niveau haut par l’émission laser.
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plan au voisinage immédiat du cristal, d’un miroir de repli, et d’un coupleur concave de rayon
de courbure 100 mm et de transmission 10 % à la longueur d’onde d’émission. Seule une des
faces du cristal est traitée anti-reflet autour de la longueur d’onde d’émission, les réflexions sur
l’autre face étant évitées par un effet de Fabry-Perot avec le miroir plan de fond de cavité. Ce
Fabry-Perot étant très peu épais (< 1 mm), et le laser étant en régime continu, ce dispositif ne
pose pas de problème de bande passante. Une lame de ZnSe est placé dans le bras long afin de
forcer une émission polarisée TM (horizontale).

Le laser Tm:YLF émet ainsi jusqu’à 1,6 W à 1,9 µm, avec une efficacité différentielle de 30 %,
ce qui n’est pas très éloigné de la limite de 42 % due au défaut quantique. En revanche, l’émission
est très bruitée, car le laser est très sensible aux perturbations extérieures. En particulier, son
temps de vie étant très long (14,5 ms), il est particulièrement sensible aux retours de lumière
qui provoquent du bruit assimilable à des oscillations de relaxations. Nous verrons même au
Chap. 4.6.3 que lorsque ce laser pompe un cristal de Cr:ZnSe, de faibles retours suffisent à le
déclencher passivement.

Cr:ZnSe

PPLN:MgO

ZnSe à iB

Rmax à 1,25 µm

R = 85–96 % à 2,5 µm

1,5 W
à 1,9 µm

Filtre
biréfringent

M1 (50 mm) M2 (100 mm)

M3 (100 mm)

M4 (50 mm)

Fig. 4.15: Laser Cr:ZnSe avec miroir non-linéaire. iB : angle de Brewster (68°).

Le faisceau du Tm:YLF est collimaté puis focalisé dans le cristal de Cr:ZnSe, sur un waist
de 56 µm avec un M2 de 2. Le cristal de Cr:ZnSe est fourni par le GEMaC (Groupe d’Études
de la Matière Condensée, CNRS, Meudon). Il s’agit de matériau polycristallin approvisionné
chez la société II-VI [TSI], et dopé Cr2+ par diffusion. Il absorbe 80 % de la pompe sur 2,5 mm
d’épaisseur, soit un coefficient d’absorption α = 6,3 cm−1. Cette valeur est très proche de
l’optimum de 6,9 cm−1 déterminé expérimentalement par [Sen07] en régime continu. Le cristal
est placé dans une monture en laiton, avec une feuille d’indium comme contact thermique.

Nous vérifions que l’élévation de température au sein du cristal reste raisonnable. Pour
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cela, nous mesurons la température en bordure du cristal sous 1,6 W de pompe. Puis, nous
remontons à la température au cœur du cristal à l’aide d’une modélisation très simple sous
FEMLAB [FEM]. Nous prenons comme condition aux limites soit la température mesurée
en bord de cristal, soit un flux dissipatif dont la valeur est ajustée afin de retrouver cette
température en bord de cristal. Nous trouvons ainsi une élévation de température 9 °C, ce qui
correspond bien aux prédictions de [Sen00]. Cette élévation de température est normalement
trop faible pour avoir un effet quelconque sur le rendement de fluorescence [Pag97, Sen00] ou
sur la stabilité de la cavité [Sen00]. Il semble donc inutile de refroidir activement le cristal.
Nous vérifions également par la modélisation qu’un tel refroidissement, bien qu’abaissant la
température globale du cristal, n’aurait aucun effet sur la lentille thermique, car celle-ci est
proportionnelle au gradient de température qui est indépendant de la température moyenne
[Che02].

Fig. 4.16: Diamètre du faisceau laser résonnant dans la cavité du Cr:ZnSe avec miroir non-linéaire,
sur un tour de cavité. Les unités sont en millimètres. Les miroirs concaves sont figurés par
des lentilles convergentes.

La cavité du Cr:ZnSe comprenant le miroir non-linéaire est représentée sur la Fig. 4.4. Elle
comprend quatre miroirs concaves qui forment trois bras. Le premier bras contient le cristal
de Cr:ZnSe où le waist laser est de 70 µm. Dans le deuxième bras le faisceau est collimaté, ce
qui permet d’insérer des éléments filtrants. Il comprend notamment une lame biréfringente en
quartz de 2 mm d’épaisseur, placée à l’angle de Brewster (∼ 57 °), qui permet d’accorder le
laser en longueur d’onde. L’action de cette lame est décrite un peu plus loin. Le troisième bras
contient le miroir non-linéaire : le cristal de PPLN:MgO de 20 mm, régulé en température, la
lame dispersive en ZnSe, de 2 mm d’épaisseur, et le miroir dichroïque. Hormis le coupleur de
sortie, tous les miroirs sont hautement réfléchissants autour de 2,5 µm (R > 99 %). Le cristal de
PPLN:MgO est traité anti-reflet large bande à 2,5 µm et 1,25 µm (R < 1 % pour 1,2–1,275 µm
et 2,4–2,55 µm). Il est conçu par HC Photonics [HCP] pour le doublage de 2470 nm à 47 °C. Les

133



Chapitre 4 - Miroir non-linéaire pour la production d’impulsions courtes dans un laser
infrarouge

éléments à Brewster ne sont pas traités car ils présentent des pertes quasiment nulles pour la
polarisation TM (horizontale), avec une très faible dépendance en longueur d’onde. Le coupleur
de sortie a une réflectivité à 2,5 µm qui peut être choisie parmi les valeurs de 85 %, 92 %, ou
96 %. Il est hautement réfléchissant à 1,25 µm (R > 99,8 %). Le diagramme de stabilité de la
cavité est présenté sur la Fig. 4.16.
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Fig. 4.17: (a) Facteur de focalisation γ = (wg/wc)
2 en fonction de l’écart du miroir M4 au centre de

la zone de stabilité. (b) Déplacement des waists dans les deux cristaux. Un déplacement
négatif correspond à un rapprochement par rapport au miroir de fond de cavité le plus
proche, soit M1 pour le waist dans le Cr:ZnSe et M4 pour le waist dans le PPLN:MgO.

La longueur totale de la cavité est de 1,2 m, ce qui est un encombrement raisonnable. Une
certaine variation des waists dans le cristal laser et dans le cristal non-linéaire est possible, sans
réalignement, par une translation du miroir M4 de fond de cavité. Ce changement déplace les
waists longitudinalement, et doit donc être accompagnée d’une légère translation des cristaux.
La variation des waists peut être importante, mais leur rapport au carré γ évolue plus lentement,
comme le montre la Fig. 4.17. De plus, en pratique il n’est pas possible de se placer trop près
de la zone d’instabilité. Une variation plus importante de γ nécessite alors un changement de
géométrie de cavité, où du rayon de courbure de quelques miroirs.

Le déphasage de π entre l’onde fondamentale et la seconde harmonique est réalisé grâce à
la lame de ZnSe de 2 mm. L’ajustement du déphasage se fait par rotation de la lame autour
d’un axe vertical. En dehors de l’angle de Brewster des pertes par réflexion apparaissent, mais
celles-ci ne dépassent pas quelques pourcents. Ce point est illustré par la Fig. 4.18. La dispersion
de vitesse de groupe entre ω et 2ω introduite par la lame de ZnSe est relativement importante.
Ajoutée à celle du cristal non-linéaire, la différence de délai de groupe est de 4 ps au total sur
un aller-retour [Zel97, Tro95]. D’après [Sta92], cela limite la durée d’impulsion à plus de 6 ps.
Comme nous l’avons déjà dit, ce miroir non-linéaire est donc très bien adapté à la production
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d’impulsions picosecondes, et non femtosecondes.
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Fig. 4.18: Déphasage et pertes de Fresnel à 2,5 µm introduites par la lame de ZnSe de 2 mm placée
dans la cavité du laser Cr:ZnSe avec miroir non-linéaire. Indice du ZnSe d’après [Tro95].

La dispersion à ω introduite par les différents éléments de la cavité n’est pas prise en
compte. En effet, elle joue un rôle très faible pour des impulsions picosecondes, dont le spectre
est relativement étroit. Ce point doit être revu après l’obtention du verrouillage des modes pour
quantifier son influence exacte. Une compensation par une lame de saphir [Sor06], une paire de
prismes, ou un miroir de Gire-Tournois [Kuh86] est toujours possible.

Les performances attendues pour le miroir non-linéaire ont déjà été vues au Chap. 4.4 où
nous avons utilisé les valeurs expérimentales. En ce qui concerne l’efficacité de doublage en
régime continu, elle vaut dans notre configuration ηO.P. = 0,3 % en ondes planes et ηGauss =
0,14 % en faisceaux gaussiens, pour une puissance intracavité de 1 W. Elle est donc suffisante
pour initier le verrouillage des modes en phase.

Enfin, comme nous l’avons vu au Chap. 1, la conversion non-linéaire dépend de la phase
relative des ondes. Un rayonnement parasite à 2ω à l’entrée du cristal doubleur peut alors
diminuer l’efficacité de doublage, car il s’apparente à un signal d’injection avec la mauvaise
phase. Ce problème, déjà constaté par Stankov et al. [Sta89a], peut être éliminé avec un miroir
dichroïque placé entre M2 et M3.

4.6.3 Premières expériences

Au moment de la rédaction de ce mémoire, le dispositif présenté dans la partie précédente
n’a pas permis d’obtenir l’oscillation du Cr:ZnSe en régime continu. En effet, le système de
niveaux de Cr2+ forme un absorbant saturable particulièrement efficace pour le rayonnement à
1,9 µm. Or, lorsque le faisceau du Tm:YLF est absorbé dans le cristal de Cr:ZnSe, une partie
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1,5 W à 1,9 µm
Cr:ZnSe

PPLN:MgO R = 92 %
à 2,5 µm

Filtre
biréfringent

1,25 µm

2,5 µm

Rmax

à 1,25 µm

R ~ 20 %
à 1,9 µm

M1 M2

M3

M4

Fig. 4.19: Cavité laser du Cr:ZnSe utilisée pour caractériser l’accordabilité du laser et le doublage
de fréquences. Un miroir dichroïque est placé entre le PPLN:MgO et le miroir M4 pour
extraire le rayonnement doublé. L’effet de miroir non-linéaire n’est pas exploité ici. On a
également matérialisé le faisceau à 1,9 µm se réfléchissant sur le miroir M1 et provoquant
le déclenchement indésirable du laser de pompe.

est toute de même transmise, puis partiellement réfléchie sur le miroir de fond de cavité, et finit
par revenir vers le Tm:YLF. Ainsi le laser Cr:ZnSe se comporte comme un miroir à absorbant
saturable pour le laser Tm:YLF. Celui-ci est alors déclenché passivement, avec des impulsions
d’une centaine de nanosecondes espacées de quelques microsecondes. Le Cr:ZnSe est alors pompé
non pas en continu, mais en régime de déclenchement par le gain ou gain-switching. Nous avons
clairement identifié ce phénomène, avec ou sans miroir non-linéaire, indépendamment du fait
que le Cr:ZnSe oscille ou non. Cet effet a déjà été rapporté dans la littérature [Sor01b]. Son
importance peut surprendre. En réalité, les premières expériences ont été faites en pompant
le cristal par le miroir M2, comme présenté sur la Fig. 4.19. Or ceci place en autocollimation
le miroir M1 qui réfléchit environ 20 % de la pompe. De plus, rien dans le dispositif ne filtre
réellement la pompe, et l’absorption dans le cristal diminue fortement (saturation) dès lors
que le Tm:YLF passe en régime impulsionnel. Cette configuration doit donc être abandonnée
au profit de celle décrite sur la Fig. 4.15. Néanmoins, le Tm:YLF reste un laser extrêmement
sensible aux perturbations et aux retours optiques. Lorsqu’il oscille en régime continu, des
oscillations de relaxation peuvent être provoquées simplement par un tapotement sur le support
du laser, ou par n’importe quel retour optique issu d’une surface quelque peu réfléchissante. Ce
régime impulsionnel ne permet pas le verrouillage des modes du Cr:ZnSe, car le laser oscille sur
une durée beaucoup plus courte que le temps de construction (cf. Chap. 4.5). Des dispositifs
d’isolation de ce laser sont actuellement à l’étude (isolateur optique, miroir coupant la pompe...).
Quelques caractérisations préliminaires peuvent tout de même être faites sur le laser Cr:ZnSe
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pompé en impulsionnel, avec la configuration de la Fig. 4.19. Nous les présenterons rapidement.

0 20 40 60 80 100 120 140 160 180
2300

2350

2400

2450

2500

2550

2600

sans lame

Angle (°)

Lo
ng

ue
ur

 d
'o

nd
e 

(n
m

)
50

60

70

  P
 (m

W
)

 

Fig. 4.20: Courbes d’accordabilité expérimentale et théorique du laser par rotation de la lame de
quartz autour de son axe de symétrie. L’origine des angles est arbitraire. Les angles pour
lequels la polarisation TM est parallèle à l’un des axes neutres de la lame sont environ
70 ° et 160 °. Pour le calcul, d’après [Kob92], la bande passante est donnée par une super-
gaussienne d’ordre 2 et de largeur 160 nm, centrée à 2495 nm. Ces valeurs ont été ajustées
pour reproduire au mieux la courbe expérimentale. L’écart aux grandes longueurs d’onde
s’explique par l’absorption de l’eau qui n’est pas prise en compte ici. Indice du quartz
d’après [CVI].

Le laser est d’abord caractérisé sans miroir non-linéaire, les miroirs M3 et M4 ayant été
remplacés par un seul miroir plan, de transmission 18 % autour de 2,5 µm. L’accordabilité du
laser à l’aide de la lame de quartz est présentée sur la Fig. 4.20. La lame a pour effet de tourner
la polarisation de tout rayonnement pour lequel le déphasage entre les polarisations ordinaire et
extraordinaire n’est pas un multiple de 2π. Grâce aux pertes de Fresnel induites par les éléments
placés à Brewster pour toute polarisation non TM, cette lame forme un filtre fréquentiel (Lyot
à un seul élément) dont l’intervalle spectral libre est approximativement donné par c/`∆n, où `
est l’épaisseur de la lame et ∆n sa biréfringence. Les positions des maxima de transmission du
filtre peuvent être changées par rotation de la lame autour de son axe de symétrie. Ceci permet
d’accorder la longueur d’onde du laser, car celui-ci aura tendance à osciller là où les pertes sont
les plus faibles. La largeur des pics de transmission dépend des pertes pour les polarisations
non TM, donc du nombre d’interfaces à Brewster ainsi que de l’angle de la lame. Elle est en
général assez large (> 100 nm), mais cela suffit pour accorder la longueur d’onde centrale du
laser.

En l’absence de lame, le laser oscille autour de 2430 nm avec un spectre très large lorsqu’il
est mesuré au spectromètre (> 80 nm). Il n’est pas possible d’en dire plus, ni d’extrapoler cette
mesure au régime continu, car à cause du couplage avec le laser de pompe Tm:YLF, le laser
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Fig. 4.21: Puissance moyenne en sortie du laser Cr:ZnSe en fonction de la longueur d’onde, en pom-
page impulsionnel et avec la lame de quartz. Les barres horizontales indiquent la largeur
approximative du spectre. Le spectre d’absorption de l’eau sur 1 m a également été repré-
senté, d’après [HIT]. La plage d’oscillation sans lame de quartz est donnée à titre indicatif.

souffre de nombreux sauts de modes, ce qui a tendance à élargir le spectre mesuré en moyenne.
Avec la lame, le spectre est globalement beaucoup plus étroit (< 10 nm), mais il s’élargit

fortement (40 nm) lorsque l’un des axes neutres de la lame est parallèle à la polarisation TM.
Ce point correspond également à un saut de mode du laser vers sa longueur d’onde sans lame
de 2430 nm. Ce comportement est attendu puisque vers 70 ° le filtre est centré à 2,5 µm et est
peu sélectif (largeur supérieure à 200 nm).

La puissance du laser en fonction de la longueur d’onde centrale est présentée sur la Fig. 4.21,
ainsi que le spectre d’absorption de l’eau. La vapeur d’eau contenu dans l’air est en effet bien
connue pour limiter l’accordabilité et la puissance des lasers Cr:ZnSe, car elle présente de
nombreuses raies d’absorptions au delà de 2,5 µm. Nous voyons toutefois que cela n’empêche
pas le laser Cr:ZnSe d’osciller, en se plaçant entre deux raies d’absorption. Ceci ne devrait pas
non plus empêcher le verrouillage des modes en phase. En effet, la longueur d’onde d’accord
de phase est ajustable, et la bande passante de doublage est très large bande. Le doublage
de fréquence devrait donc toujours être possible. Par contre, le voisinage de raies d’absorption
autour d’un point de fonctionnement est susceptible de réduire la bande de gain disponible.
Cependant, le régime de modes verrouillés est favorable au laser, puisqu’il diminue les pertes du
miroir non-linéaires, et ce d’autant plus que les impulsions sont courtes, ou que le spectre est
large. On s’attend donc à ce que le laser choisisse une fenêtre de transparence assez large. Par
ailleurs, si la présence de nombreuses fenêtres de transmission éloignées les unes des autres peut
inciter le laser à faire des sauts de modes, cet effet devrait pouvoir être maîtrisé en forçant le
laser à osciller dans la fenêtre définie par le filtre biréfringent. Enfin, les raies de l’eau pouvant
être saturées, un effet de déclenchement passif du Cr:ZnSe est à priori possible. Nous n’avons
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pas pu mettre en évidence ce phénomène, puisque le laser est déjà en régime impulsionnel. S’il
devait poser un problème, il faudrait alors purger l’atmosphère de la cavité du Cr:ZnSe par une
circulation d’azote gazeux [Sor01b].

Nous pouvons également caractériser le doublage de fréquences intracavité du Cr:ZnSe en
plaçant un miroir dichroïque (Rmax à 1,25 µm, Tmax à 2,5 µm) entre le cristal non-linéaire
et le coupleur de sortie pour extraire le rayonenemnt doublé (voir Fig. 4.19). L’accordabilité
du doublage de fréquences est présentée sur la Fig. 4.22. En revanche, aucune donnée sur le
rendement de doublage ne peut être extraite, car le laser ne fonctionne pas en régime continu.
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Fig. 4.22: Doublage de fréquence intracavité dans le Cr:ZnSe avec le cristal de PPLN:MgO de 20 mm.
(a) Longueur d’onde d’accord de phase en fonction de la température du cristal non-
linéaire. La longueur d’onde est trouvée en accordant le laser avec la lame de quartz afin
de maximiser la puissance à 2ω. (b) Courbe de désaccord de phase, à longueur d’onde fixe,
λ = 2556 nm. La courbe en pointillé rouge est un ajustement par la fonction sinc2.

Une accordabilité continue peut être obtenue en faisant varier la température entre 30 et
60 °C, avec une pente d’environ 1 nm/°C. Au-delà le laser n’est plus accordable. La puissance à
2ω est quasiment constante sur toute la plage d’accordabilité. Une forme de sinus cardinal est
retrouvée pour la courbe de désaccord de phase à longueur d’onde fixe. Elle possède toutefois
un fond continu, attribué à du doublage de phase de modes très éloignés de la longueur d’onde
centrale, qui sont atteints par le laser lors de ses fréquents sauts de mode. Nous voyons que
la bande d’accord de phase en température est très large, environ 15 °C, conformément à ce
qu’on peut calculer. La température n’est donc pas un paramètre critique, ce qui facilitera le
verrouillage des modes.
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4.7 Vers un OPO comme miroir non-linéaire ?

4.7.1 Principe

Le concept du miroir non-linéaire basé sur du doublage de fréquence peut être généralisé de
plusieurs manières.

Tout d’abord, le doublage peut être remplacé par un autre type de conversion de fréquences,
comme la somme ou la différence de fréquences. Cette idée a été proposée par Stankov très
peu de temps après l’invention du miroir non-linéaire d’ordre 2. Elle nécessite toutefois deux
fréquences en entrée du cristal, c’est-à-dire... deux lasers. De plus, cela change la nature du
verrouillage de modes : la conversion non-linéaire dépend maintenant de la phase relative des
deux lasers. Il faut alors contrôler la phase d’un des lasers, ce qui revient à faire du verrouillage
de modes actif commandé optiquement. Ce concept a été démontré expérimentalement sous le
nom de verrouillage de modes paramétrique [Zha92]. Les auteurs ont utilisé un laser à colorant
(Styryl 9 M) à 810 nm comme laser principal, pompé de façon synchrone à 532 nm, et un
Nd:YAG comme laser de contrôle. Un cristal de KTP effectue la somme de fréquence 1064 nm
+ 810 nm → 460 nm à l’aller, et la différence de fréquences correspondante au retour. Une
réduction de la durée d’impulsion d’un facteur 2 a été observée grâce au miroir paramétrique.
Néanmoins l’accordabilité d’un tel système reste limitée à celle des deux lasers.

 !(2)Milieu

laser

"c

"las

Pompe

"las ! "s + "c

"s

Miroir NL

M1 M2 M3 M4
(R ~ 10 %)

#$

Fig. 4.23: Principe de l’OPO intracavité comme miroir non-linéaire d’ordre 2.

D’autre part, le miroir non-linéaire peut être placé à l’extérieur de la cavité laser, dans
une cavité auxiliaire. Cette idée a été proposée très tôt par Barr et al. afin éviter les pertes
d’insertion du cristal dans la cavité laser, et l’effet d’étalon entre ses faces qui peut limiter
la bande passante [Bar89b, Bar90, Lü94]. L’idée n’est pas neuve puisqu’elle a été appliquée
auparavant aux absorbant saturables à semiconducteurs [Kel92] et aux non-linéarités d’ordre
3, en particulier à l’automodulation de phase dans les fibres optiques [Ipp89]. La première
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cavité, qui contient le cristal laser, est formée d’un miroir de fond hautement réfléchissant M1

et d’un miroir partiellement réfléchissant M2 à la longueur d’onde laser. La cavité auxiliaire, qui
contient le cristal non-linéaire, est formée de M2 et du miroir dichroïque M3 propre au miroir
non-linéaire, qui joue également le rôle de coupleur de sortie. Les longueurs des deux cavités
doivent être égales afin que l’impulsion qui vient de la cavité externe interfère constructivement
avec l’impulsion qui vient de la cavité laser et se réfléchit sur le miroir central M2. Nous avons
donc deux cavités couplées résonnant à la longueur d’onde laser. La second harmonique n’est
pas résonnante. Le verrouillage de modes qui en résulte est dit additif (additive mode locking).
Des impulsions de ∼ 15 ps ont ainsi été obtenues dans un laser Nd:YAG et avec un cristal de
KTP. Ce sont parmi les impulsions les plus courtes jamais produites dans ce laser avec ce type
de miroir non-linéaire.

Maintenant, que se passe-t-il si un miroir paramétrique est placé dans une sous-cavité du
laser de pompe ? Plus exactement, que se passe-t-il si de la génération paramétrique ωlas →
ωs + ωc est réalisée dans une cavité auxiliaire couplée à celle du laser, et que cette cavité
est également résonnante aux ondes générées à ωs et ωc ? Nous avons alors deux oscillateurs
couplés, un OPO et un laser, comme schématisé sur la Fig. 4.23. Dans ce schéma l’OPO M2–
M3 est intracavité, et le laser oscille entre les deux miroirs de fond de cavité M1 et M4. Dans
une configuration alternative, M2 est partiellement réfléchissant à la longueur d’onde laser.
Il y a alors deux sous-cavités laser M1–M4 et M2–M4 et la cavité OPO M2–M3. À l’aller, la
pompe crée (ou amplifie) le signal et le complémentaire. Au retour, signal et complémentaire
se recombinent pour refaire de la pompe, qui est alors réinjectée dans la cavité laser. La phase
des ondes au retour est ajustée par une translation du miroir M4, ou la rotation d’un élément
dispersif placé entre M3 et M4. L’OPO semble donc pouvoir jouer le rôle de miroir non-linéaire.
Il semble même potentiellement très efficace car en cavité linéaire et doublement résonnante,
la reconversion du signal et du complémentaire vers la pompe peut atteindre 20 % de l’énergie
de la pompe incidente. Ce phénomène a d’ailleurs été qualifié de réflexion dépendant de la
puissance dès les débuts des OPO [Bjo71]. Il est normalement évité en insérant un isolateur
optique entre le laser et l’OPO.

Par rapport aux configurations évoquées précédemment, un tel système présenterait de très
nombreux avantages. Tout d’abord, un seul laser est nécessaire pour réaliser la génération para-
métrique, puisque celle-ci est ensuite amplifiée dans la cavité de l’OPO. Ensuite, les fréquences
générées sont inférieures à celle du laser, ce qui permet d’atteindre l’infrarouge moyen à partir
d’un laser à 1 µm. Plus important, l’OPO offre potentiellement une très large accordabilité,
et assure lui-même l’obtention du régime impulsionnel, ce qui dispense l’utilisation d’un laser
impulsionnel accordable. Bien sûr, cela nécessite que le miroir M2 ou M3 soit partiellement réflé-
chissant à ωs ou ωc. Enfin, la présence de l’OPO à l’intérieur de la cavité laser permet d’utiliser
la forte puissance qui y règne, et donc potentiellement d’atteindre de hauts rendements.
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L’OPO comme miroir non-linéaire pourrait être utilisé soit pour verrouiller les modes en
phase, soit pour déclencher passivement le laser. Dans le cas du déclenchement passif, il est bien
connu par exemple que l’élément inséré dans le laser doit saturer avant le gain [Sie86]. Dans le
cas du verrouillage de modes la situation est plus complexe et on doit distinguer différents cas,
selon que l’élément saturant peut être considéré comme rapide ou non [Sie86, Kel96]. Dans tous
les cas, un des paramètres critiques est le rapport des puissances de saturation du laser et de
l’OPO. La puissance de saturation de l’OPO est directement liée à son seuil d’oscillation. On
définit donc un paramètre de saturation γsat = Psat/Ps,OPO = (Isat/Is,DRO) γ, où γ = (wg/wc)

2

est le paramètre de focalisation que nous avions déjà introduit pour le miroir non-linéaire d’ordre
2. En pratique, γsat peut être ajusté en changeant le seuil de l’OPO, par exemple en déréglant
la cavité de l’OPO, ou bien en changeant γ, c’est-à-dire la focalisation dans le cristal non-
linéaire. Les paramètres de saturation les plus grands sont obtenus pour des OPO doublement
résonnant au voisinage de la dégénérescence, et c’est pourquoi nous nous limiterons à ce cas
par la suite. Néanmoins, le principe du miroir non-linéaire est extensible aux SRO, aux DRO
de faible finesse, et à n’importe quelles configurations de longueurs d’ondes.

Le chapitre suivant 4.7.2 est consacré à la modélisation de l’OPO comme miroir non-linéaire.
Le Chap. 4.7.3 est consacré à une étude expérimentale préliminaire, concernant un OPO dou-
blement résonnant placé dans la cavité d’un laser. Il s’agit d’une version modifiée du schéma de
la Fig. 4.23 où M4 est hautement réfléchissant à la longueur d’onde laser (pas d’effet de miroir
non-linéaire).

4.7.2 Quelques éléments de modélisation

Avant-propos

Il apparaît rapidement qu’un système où laser et OPO sont fortement couplés possède une
dynamique très complexe, qu’il est impossible de décrire avec la plupart des modèles analy-
tiques habituels. En effet, nous sommes en présence de deux oscillateurs à gain, dont les temps
caractéristiques peuvent être à la fois trop semblables ou trop différents pour pouvoir en négli-
ger certains par rapport à d’autres. Par exemple, les temps d’aller-retour des deux cavités sont
similaires, mais pas nécessairement rigoureusement identiques. Les temps de vie des photons
eux, peuvent différer d’un ordre de grandeur : les pertes d’un laser Nd:YAG sont typiquement
de 90 % (coupleur de sortie de 10 %), mais celle d’un OPO doublement résonnant de quelques
pourcents seulement. La réponse de l’OPO ne peut donc pas être considérée comme étant
instantanée, comme pour le miroir de Stankov décrit précédemment. Ceci est d’autant plus
vrai que le temps de construction de l’oscillation paramétrique est non négligeable (quelques
nanosecondes).

La cavité de l’OPO étant très surtendue, il peut être tentant de faire une approximation
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de champ fort. Mais cela revient à négliger le dépeuplement et la reconversion très rapides
de la pompe, donc l’effet de miroir non-linéaire. La même approximation est impossible pour
le laser, parce que celui-ci peut avoir naturellement un fort gain et de fortes pertes (cas du
Nd:YAG), et également parce que de fortes variations de puissance peuvent être provoquées par
l’OPO (réflectivité non-linéaire). L’inversion de population ne peut pas être considérée comme
constante, car l’OPO est susceptible de déclencher passivement le laser. De plus, la dynamique
de la saturation du gain doit être prise en compte, en particulier dans les lasers à forts gain
comme le Nd:YAG. Cela interdit de considérer que l’inversion de population est saturée par la
puissance moyenne dans la cavité, ce qui est fait habituellement dans les équations de débit.

D’un point de vue spectral, aucun des deux oscillateurs ne peut bien sûr être considéré
comme monomode. La phase non-linéaire dans l’OPO ne peut pas non plus être fixée à l’avance,
car elle est amenée à évoluer pendant le verrouillage des modes. De plus, on doit distinguer
sa valeur à l’aller de sa valeur au retour, car la conversion non-linéaire ne se fait pas vers les
mêmes ondes dans les deux sens. Dans le cas où l’OPO est doublement résonnant, la situation
se complique puisque l’oscillation doit être maintenue pour les deux ondes, ce qui rajoute une
contrainte sur la phase. Cette oscillation doit d’ailleurs être possible pour tous les modes qui
seront amenés à être verrouillés en phase. Cette contrainte est très forte lorsque la cavité du
DRO est fortement surtendue, ce qui est nécessaire par avoir un seuil d’oscillation bas, et donc
une saturation plus facile du DRO en tant que miroir non-linéaire.

En conclusion, l’OPO intracavité utilisé comme miroir non-linéaire nécessite une modélisa-
tion spatio-temporelle des champs E (z,t), tenant compte de l’inversion de population et de la
cohérence du milieu laser (gain et phase). Elle doit également comporter la résolution exacte
des équations non-linéaires, et si possible tenir compte de la dispersion.

Principe du modèle

Pour la partie laser, le modèle se fonde sur les travaux de Fleck [JAF70] portant sur les lasers
à absorbant saturable, déclenchés passivement ou à modes verrouillés. Nous invitons fortement
le lecteur à se référer à cette publication pour en savoir plus sur les détails de ce modèle. L’idée
de base est de se placer dans le domaine temporel. L’inversion de population, la cohérence
du milieu et le champ électrique (onde plane) sont décrits par trois équations différentielles
couplées, dépendant du temps t et de la coordonnée longitudinale z. L’avantage de ce modèle
est qu’il ne fait aucune présupposition sur le profil spatial des champs en z. Le hole burning
spatial peut être inclus, mais nous choisirons de ne pas le faire, par soucis de simplicité. La
prise en compte de la largeur de gain ∆υ du laser, et donc de son caractère multimode, se fait
via la description de l’évolution temporelle de la cohérence. Cela nécessite une discrétisation
en temps inférieure au temps de décohérence T2 = 1/π∆ν . Pour un laser relativement étroit
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Fig. 4.24: Principe de la discrétisation dans la modélisation du laser avec DRO intracavité.

comme le Nd:YAG, T2 = 2,6 ps, soit un pas spatial ∆z = cT2 = 0,8 mm. Une cavité linéaire de
1 m nécessite donc au moins 2500 points pour être décrite. Un tour de cavité comprend donc
25002 ' 6 106 itérations pour chacune des équations différentielles à résoudre. Ce nombre est
important, mais il est nécessaire si l’on veut décrire la dynamique du laser à toutes les échelles
de temps, i.e. aussi bien le verrouillage des modes (ps) que le déclenchement passif (ns), tout en
tenant compte de l’évolution du gain (µs). En pratique le calcul se fait sur une largeur de gain
environ 10 fois plus faible, afin de réduire le nombre d’itérations de deux ordres de grandeur.

Pour la partie OPO, le modèle résout numériquement les équations non-linéaires (A.17) dans
le domaine temporel, discrétisées à l’ordre 2. La dispersion n’est pas prise en compte. Afin de
pouvoir décrire l’interaction entre les deux cavités, la cavité est discrétisée spatialement avec un
pas ∆z et les équations résolues en fonction de z seulement. Puis les champs sont propagés sur
la distance ∆z qui correspond au laps de temps ∆t = ∆z/c. Chaque cavité linéaire est décrite
dans deux directions, mais de façon indépendante. Ceci est possible car nous avons négligé le
hole burning spatial. La réflexion est décrite en réinjectant les “tranches” de champs arrivées
en bout de cavité, corrigées du coefficient de réflexion du miroir. Ce principe est décrit sur la
Fig. 4.24. Afin de tenir compte de la focalisation dans le cristal non-linéaire, le facteur wg/wc
est appliqué au champ laser à l’entrée dans l’OPO. Pour faciliter la gestion des tableaux de
données, le modèle est codé sous MATLAB.

Un DRO à la dégénérescence exacte (coupleur de sortie 95 %), placé dans la cavité d’un
laser Nd:YAG (coupleur de sortie 10 %) a été modélisé. L’objectif de cette simulation était de
tester la robustesse du code de calcul. L’allure des impulsions s’avère très complexe et se prête
difficilement à toute interprétation à priori. S’agissant de deux oscillateurs couplés non-linéaires
en interaction forte, on peut également douter de la stabilité et de la précision du calcul. Dans
certaines conditions, un comportement “chaotique” a été observé, sans qu’il soit possible de
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l’attribuer de façon certaine à du verrouillage de modes. Bien qu’il ne soit pas rare d’obtenir un
tel comportement lors de la modélisation d’un OPO [Moo93], il est apparu comme indispensable
de valider le code sur des résultats expérimentaux avant de pouvoir présenter des résultats de
simulation. C’est ce qui est proposé dans le paragraphe suivant.

4.7.3 Quelques éléments expérimentaux

Nd:YAG

Brewster /4

DRO ~ dégénéré
PPLN (25 mm) Ge

Détecteur IR

Rmax

Rmax

Variateur de pertes

Photodiode

>>>>>>>>>>>

> > > > > > > > > > >

M1

M2 M3
M4

Fig. 4.25: Schéma expérimental simplifié du DRO intracavité (toutes les optiques ne sont pas forcé-
ment représentées).

Au regard de la complexité de l’OPO utilisé comme miroir non-linéaire, nous avons conçu
une expérience afin de se ramener à un cas connu et déjà rapporté dans la littérature. Il s’agit
d’un OPO intracavité dans une cavité laser de haute finesse, c’est-à-dire avec un miroir de
sortie M4 hautement réfléchissant. Dans ce cas l’effet de miroir non-linéaire dû à l’OPO n’est
pas exploité. Nous allons voir que malgré tout la dynamique du système peut être très riche.
Cette expérience nous servira également à valider le modèle développé au Chap. 4.7.2.

L’OPO intracavité est normalement utilisé pour augmenter l’efficacité de conversion non-
linéaire grâce à la très forte intensité qui règne à l’intérieur de la cavité laser. Il a fait l’objet de
nombreuses études théoriques [Osh68, Fal71, Deb96] et expérimentales [Dub98, Pai98, Phu00,
Lin07], et sa dynamique est maintenant assez bien connue. Le dispositif expérimental est pré-
senté sur la Fig. 4.25. La cavité d’un laser Nd:YAG pompé par flash à 12,5 Hz est constituée
d’un miroir de fond M1 de cavité de rayon de courbure 3 m, et d’un miroir plan M4 monté
sur une cale piézoélectrique. Tous deux sont hautement réfléchissants à 1,06 µm. D’après les
optiques présentes dans la cavité, les pertes passives du laser sont évaluées à 25 %. La puis-
sance intracavité peut être ajustée en créant des pertes à l’aide d’une lame à Brewster et d’une
lame de phase quart d’onde. Le laser oscille naturellement sur deux ou trois modes. Si comme
ici un effet de verrouillage de modes n’est pas recherché, le laser peut être rendu monomode
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avec un étalon Fabry-Perot non traité de 130 mm de long (ISL de 750 MHz). Néanmoins cet
aspect a très peu d’influence sur les résultats qui vont suivre. La cavité de l’OPO doublement
résonnant est constituée d’un cristal de PPLN de 25 mm, fourni par Laser 2000, et de deux
miroirs concaves M2 et M3 de rayon de courbure 50 mm fournis par Layertec [LAY]. Le DRO
est conçu pour fonctionner à la dégénérescence à environ 120 °C. Le cristal est donc traité
anti-reflet autour de 2,1 µm, tandis que les miroirs sont hautement réfléchissants (R > 99,8 %)
à 2,1 µm, et hautement transparents (R < 0,2 %) à 1,06 µm. Ce DRO a été conçu afin d’avoir
le seuil d’oscillation le plus bas possible, ce qui permet de le pomper très au dessus du seuil, et
de maximiser la reconversion (grand γsat). Il est ensuite très facile de diminuer la non-linéarité
du DRO en désalignant progressivement un des miroirs de la cavité.
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(b) Cavité DRO déréglée de 1/2 tour

Fig. 4.26: Allures temporelles du laser seul (trait pointillé bleu), du laser avec DRO intracavité (trait
plein bleu), et du signal en sortie du DRO (trait rouge). Deux déréglages de la cavité DRO,
en tours de clef sur les montures des miroirs par rapport au réglage optimal, sont présentés.
Une valeur plus forte correspond à une conversion non-linéaire plus faible dans le DRO.

Les longueurs physiques des cavités sont d’environ 2 m pour le laser, et de 65 mm pour
le DRO. Les waists sont estimés à 600 µm dans le barreau de Nd:YAG (avec un faisceau très
peu divergent) et à 130 µm dans le PPLN, soit un facteur de focalisation γ = (wg/wc)

2 =
21. L’infrarouge généré par le DRO est détecté avec un détecteur magnéto-optique HgCdZnTe
non refroidi (société VIGO [VIG]), placé derrière une lame de germanium pour filtrer tout
rayonnement parasite à 1,06 µm ou dans le visible. L’émission laser est détectée par une fuite
du miroir concave M1, avec une photodiode rapide. Les signaux des photodiodes sont recueillis
par un oscilloscope de bande passante 500 MHz. Comme un verrouillage des modes n’est pas
recherché ici, la chaîne de détection est assez rapide (∼ ns) pour observer la dynamique du
DRO intracavité (> 10 ns).
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Fig. 4.27: Profils temporels du laser avec DRO intracavité bleu), et du signal en sortie du DRO
(rouge), pour plusieurs déréglages de la cavité DRO, en tours de clef. Une valeur plus
forte correspond à une conversion non-linéaire plus faible dans le DRO. Encadré : Profils
temporels de la fluorescence des lampes flash, du laser, et du signal, pour un DRO optimisé
(0 tr).
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La Fig. 4.26 présente l’essentiel des résultats à l’échelle de la nanoseconde. Une vue à l’échelle
de la microseconde est visible sur la Fig. 4.27. En l’absence d’oscillation paramétrique, le laser
présente au démarrage les oscillations de relaxation habituelles, suivies du régime continu.
La largeur des premières impulsions est d’environ 400 ns, et leur espacement de 6 µs. Lorsque
l’oscillation paramétrique est volontairement maintenue à un niveau faible, le DRO se comporte
comme s’il était pompé à l’extérieur de la cavité. La dynamique du laser n’est que peu modifiée.
Comme dans tous les OPO nanosecondes “classiques”, le dépeuplement de la pompe se produit
lorsque la puissance dépasse le seuil du DRO, avec un retard dû au temps de construction de
l’oscillation (non visible ici).

En revanche, lorsque la non-linéarité du DRO est augmentée, une deuxième impulsion de
pompe apparaît, 500 ns seulement après la première. Elle est créée par la reconversion du
signal du DRO vers la pompe, qui est ensuite amplifiée dans le milieu laser. Cette deuxième
impulsion est suffisamment puissante pour faire osciller à nouveau le DRO, qui vient dépeupler
à nouveau la pompe. Ce phénomène peut se répéter plusieurs fois si la non-linéarité du DRO ou
la puissance de pompe du laser sont augmentés, avec une reconversion plus ou moins complète
entre deux impulsions.

Ces cycles de génération/dépeuplement/reconversion sont très bien décrits par Falk et al.
[Fal71]. Ils sont également prévus par la modélisation décrite précédemment, comme le montre
la Fig. 4.28. Le calcul de la phase, non accessible expérimentalement, met en évidence la recon-
version partielle vers la pompe entre deux impulsions. La dynamique obtenue par notre modèle
est qualitativement comparable au résultat expérimental de la Fig 4.26. Le désaccord d’un fac-
teur 2 environ sur l’échelle de temps s’explique par la difficulté à déterminer certains paramètres
expérimentaux (pertes, gain, profil temporel du pompage), et également par le fait qu’à t = 0
le milieu laser est complètement inversé dans la simulation, alors qu’il s’inverse progressivement
en réalité. Ce résultat valide notre modèle dans le cas des faibles non-linéarités.

Lorsque la non-linéarité du DRO est progressivement augmentée jusqu’à son maximum, la
dynamique du laser change totalement d’aspect à l’échelle microseconde (Fig. 4.27). Les oscilla-
tions de relaxation laissent progressivement la place aux cycles de dépeuplement/reconversion
décrit précédemment. Au final, le régime transitoire du laser est amorti beaucoup plus rapide-
ment, pour devenir une oscillation quasi-continue sur environ 25 µs. Puis, la puissance chute
à une valeur proche de celle du continu. Enfin, elle finit par tomber à zéro lorsqu’il n’y a plus
de gain disponible, ce qui se produit après un temps comparable au temps de fluorescence. Ce
comportement a également été observé au cours de nos simulations (non présenté ici). L’amortis-
sement très rapide des oscillations de relaxation se produit également dans les lasers à doublage
de fréquence intracavité [Cab00]. Il s’explique par le fait que la conversion de fréquences est
une perte pour le laser. Cette perte variant de façon non-linéaire avec la puissance crête, l’OPO
agit comme un limitateur de puissance. En revanche, très peu de publications mentionnent
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Fig. 4.28: Modélisation du DRO intracavité. Haut : intensité du laser et du signal du DRO. Milieu :
inversion de population du milieu laser, normalisée à la valeur en régime continu. Bas :
phase non-linéaire à l’aller dans le cristal non-linéaire du DRO.

le phénomène d’oscillation quasi-continue, car celui-ci se produit seulement pour un OPO de
haute finesse ou pompé très au dessus du seuil, c’est-à-dire lorsque la reconversion est impor-
tante [Pai98, Lin07]. Or pour beaucoup d’applications ce phénomène est indésirable et évité
en diminuant la finesse de l’OPO [Phu00, Lin07, Vel07]. À noter que Paiss et al. ont proposé
au contraire de tirer parti de ce phénomène pour supprimer les oscillations de relaxation du
laser et le forcer à produire une impulsion plus longue. Le temps de construction de l’oscillation
paramétrique devient alors négligeable, et l’OPO utilise au mieux toute l’énergie du laser, ce
qui augmente l’efficacité de conversion par rapport à un pompage nanoseconde extracavité.

Cette expérience est une première étape dans la validation de notre modèle. En raison de la
complexité du système étudié, il sera nécessaire par la suite de développer d’autres expériences
dédiées à la validation du modèle. Il sera ensuite possible de tester le modèle avec de fortes
non-linéarités afin de voir s’il reste stable, et s’il continue de prédire correctement la dynamique
du laser et de l’OPO couplés. Il pourra ensuite être utilisé pour obtenir numériquement le
déclenchement passif ou le verrouillage de modes du laser, lorsque le coupleur de sortie n’est
que partiellement réfléchissant. Une étude de l’influence des différents paramètres serait alors
intéressante. Pour cela il serait souhaitable de réduire le temps de calcul, un facteur 10 pouvant
être gagné en réécrivant le code en langage C.

Le modèle proposé devrait également servir à élucider le rôle de la phase non-linéaire. En
particulier il serait intéressant d’étudier la compatibilité d’une valeur de la phase non-linéaire
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Chapitre 4 - Miroir non-linéaire pour la production d’impulsions courtes dans un laser
infrarouge

permettant la reconversion (donc l’effet de miroir non-linéaire) avec l’oscillation simultanée des
trois champs mis en jeu. Pompe, signal, et complémentaire, doivent en effet être tous résonnants
avec leurs cavités respectives, ce qui n’est pas sans rappeler la situation sur-contrainte des OPO
triplement résonnants, où l’émission peut devenir chaotique (au sens propre) [Fab00, Ric95].

Synthèse

Nous avons vu que l’association d’un cristal doubleur de fréquences et d’un miroir di-
chroïque formait un miroir non-linéaire, lorsqu’on était capable de contrôler le sens et
la force de la reconversion non-linéaire. Comme nous l’avions annoncé au Chap. 1, c’est
la phase non-linéaire qui pilote ce processus. Nous avons ensuite montré que ce miroir
non-linéaire pouvait être inséré dans une cavité laser pour verrouiller les modes en phase
et générer des impulsions courtes. À l’aide d’une modélisation numérique, nous avons
illustré comment les différents paramètres devaient être ajustés pour optimiser la durée
d’impulsion tout en évitant les instabilités de déclenchement passif. Nous avons ensuite
proposé et réalisé un dispositif expérimental mettant en jeu ce miroir non-linéaire dans un
laser Cr:ZnSe émettant autour de 2,5 µm. Les premières caractérisations de ce montage
ont révélé quelques difficultés expérimentales liées au laser de pompe qui devront être
résolues avant de pouvoir démontrer le verrouillage des modes du Cr:ZnSe par le miroir
non-linéaire.
Le principe du miroir non-linéaire d’ordre 2 peut être généralisé à un système constitué
de deux oscillateurs couplés, laser et paramétrique. À l’aide de quelques résultats expé-
rimentaux appuyés d’une modélisation aussi complète que possible, nous avons montré
que la dynamique en est extrêmement riche. Ces résultats montrent que toutes les poten-
tialités de l’oscillation paramétriques sont loin d’être exploitées, et ouvrent la voie à un
genre nouveau de sources impulsionnelles compactes émettant dans l’infrarouge moyen.
La compréhension et la maîtrise des processus mis en jeu dans ce type de sources constitue
toutefois un défi de taille.
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Tout au long de ce manuscrit, nous avons montré comment le mélange non-linéaire à trois
ondes permettait de mettre en forme spectralement et temporellement l’émission d’une source
de lumière cohérente. Cette mise en forme peut conduire à augmenter le rendement ou l’accorda-
bilité de la source, à générer des longueurs d’ondes additionnelles, ou à produire des impulsions
courtes. Nous avons expliqué au Chap. 1 que ceci était possible grâce aux caractéristiques
uniques des non-linéarités d’ordre 2, que sont l’instantanéité, la conversion de fréquences, la
souplesse de l’accord de phase, et le contrôle du transfert d’énergie entre les ondes par la phase
non-linéaire.

L’étude du Chap. 2 a d’abord montré que deux de ces propriétés, la génération de plusieurs
longueurs d’ondes et l’instantanéité, pouvaient être exploitées pour améliorer le rendement de
conversion d’un oscillateur paramétrique (OPO) infrarouge. Pour cela, nous avons considéré
une architecture d’OPO à deux cristaux non-linéaires appelée OPO–OPA, dans laquelle le si-
gnal produit dans le premier cristal (OPO) est recyclé dans de deuxième cristal (OPA) afin
d’amplifier le complémentaire. Les performances de cet OPO–OPA ont été évaluées, en termes
de rendement et d’énergie produite, dans le cas d’un pompage nanoseconde à 1 µm, et d’un
complémentaire situé vers 3,5 µm. Nous avons d’abord démontré qu’il y avait bien une aug-
mentation du rendement de conversion vers 3,5 µm par rapport à un OPO à seul cristal. Cette
augmentation apparaît pour un pompage situé au-delà de 2 fois le seuil d’oscillation, ce qui
est favorable à la stabilité de l’OPO. Nous avons souligné en revanche que cette amélioration
était limitée en régime nanoseconde, en raison du seuil plus élevé de l’OPO–OPA par rapport
à un OPO classique; ce point n’avait pas été soulevé lors des études précédentes sur le sujet.
Par ailleurs, nous avons mis en évidence un avantage majeur de l’OPO–OPA : la production
d’une quatrième onde par différence de fréquences dans le deuxième cristal, avec une éner-
gie non négligeable. La fréquence de cette onde peut être ajustée à celle du complémentaire
pour augmenter l’énergie totale à 3,2 µm, ou au contraire en être écartée afin d’aboutir à une
source bi-fréquence. L’ensemble de ces résultats a pu être obtenu grâce à une étude critique de
l’OPO–OPA, comprenant une étude expérimentale comparée et une modélisation analytique et
numérique aussi complète que possible.
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Au Chap. 3, nous avons démontré de façon non ambigüe la faisabilité du verrouillage ac-
tif des modes d’un OPO, sous pompage continu. Pour cela, nous avons d’abord montré que
le gain d’un tel OPO était, en l’absence de saturation, équivalent à celui d’un milieu laser,
et que la situation la plus favorable à la production d’impulsions courtes par modulation ac-
tive des pertes était celle d’un OPO simplement résonnant (SRO) placé au plus près de la
dégénérescence. Nous avons ensuite réalisé un SRO à 975 nm et pompé en continu à 532 nm,
comprenant un modulateur acousto-optique. Nous avons alors obtenu, pour la première fois à
notre connaissance, le verrouillage des modes en régime continu dans un SRO. À l’aide d’un
modèle analytique et d’une simulation numérique développés spécifiquement pour cet OPO,
nous avons pu reproduire fidèlement les résultats expérimentaux. Ceci a permis d’identifier le
principal facteur limitant la réduction de la durée d’impulsion. Il s’agit d’une des spécificités
des non-linéarités d’ordre 2 : le dépeuplement instantané de la pompe, ou saturation.

Partant de cette conclusion, nous avons proposé au Chap. 3.8 un nouveau concept d’OPO dit
à “balayage de la pompe”. Cet OPO exploite la forte séparation temporelle entre la pompe et le
signal au cours de la propagation dans le cristal non-linéaire, afin d’éviter l’allongement excessif
des impulsions dû à la saturation. Ici encore, c’est une spécificité des sources non-linéaires qui
est exploitée : la possibilité de différencier deux longueurs d’ondes par leurs vitesses de groupe.
Nous avons montré analytiquement que dans ce cas, l’OPO acquiert un temps de réponse égal
à cette séparation temporelle. Son gain devient donc équivalent à celui d’un milieu laser. En
insérant un modulateur passif des pertes, tel qu’un absorbant saturable ou un milieu à effet Kerr
optique, il est alors possible de verrouiller les modes en phase pour produire des impulsions sub-
picosecondes, sous pompage continu ou impulsionnel. La durée d’impulsion prévue est quelques
fois au dessus de la limite de Fourier, et le rendement photonique est supérieur à 50 %. Ce
résultat théorique a été obtenu grâce à une modélisation analytique et numérique de l’OPO à
balayage de la pompe utilisant des paramètres réalistes.

Au Chap. 4, nous avons vu que les non-linéarités d’ordre 2 étaient particulièrement inté-
ressantes lorsqu’elles étaient associées à un milieu à gain stockant de l’énergie, c’est-à-dire un
milieu laser. Dans ce contexte, elle permettent de créer des fonctions optiques inédites. Nous
avons illustré cet aspect par un miroir non-linéaire d’ordre 2 permettant le déclenchement passif
ou le verrouillage des modes d’un laser Cr:ZnSe à 2,5 µm, pompé par un laser Tm:YLF à 1,9 µm.
Ce miroir non-linéaire est constitué d’un cristal doubleur de fréquences en PPLN:MgO, et d’un
miroir dichroïque, partiellement réfléchissant à la longueur d’onde laser et hautement réfléchis-
sant à la seconde harmonique. Premièrement, nous avons montré que ce miroir non-linéaire
était très bien adapté à la production d’impulsions picosecondes dans l’infrarouge moyen, et
qu’il pouvait être accordé à la longueur d’onde centrale du laser. Puis nous avons exposé com-
ment sa conception devait être optimisée pour assurer la stabilité du verrouillage de modes.
Pour cela, il a fallu modéliser analytiquement et numériquement le miroir non-linéaire dans le
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cas du laser Cr:ZnSe. Une première expérience a ensuite confirmé que le miroir non-linéaire
était très simple à mettre en œuvre, à condition de s’assurer au préalable de la stabilité de
fonctionnement continu du laser Cr:ZnSe et du laser de pompe Tm:YLF.

Au Chap. 4.7, nous avons généralisé le concept du miroir non-linéaire aux systèmes couplant
fortement une source non-linéaire à un oscillateur laser. En allant dans ce sens, nous avons
proposé d’utiliser un OPO intracavité, dans lequel l’effet de la reconversion est maximisé, pour
déclencher passivement un laser. Pour vérifier la faisabilité d’un tel dispositif, nous avons déve-
loppé un modèle prenant en compte la dynamique des deux oscillateurs, laser et paramétrique,
à toutes les échelles de temps. Parallèlement, une expérience a été montée afin de valider les
premiers résultats de ce modèle. Grâce à cette étude, nous avons confirmé que l’OPO intraca-
vité modifiait fortement les oscillations de relaxation du laser. Plus généralement, nous avons
vu que les systèmes couplant effets laser et paramétrique ont une dynamique d’oscillation très
riche, mais également très complexe.

Au cours de ce travail, nous avons exploré quelques pistes mettant à profit les spécificités
de l’optique non-linéaire, dans le but d’améliorer ou de créer des sources optiques cohérentes.
Ces pistes peuvent et doivent être prolongées.

L’architecture de l’OPO–OPA devra être optimisée afin d’abaisser le seuil d’oscillation,
d’augmenter le rendement, et d’extraire plus efficacement l’onde de différence de fréquences.
De manière plus générale, l’exemple de l’OPO–OPA montre que le chemin à suivre pour la
conception d’OPO efficaces passe probablement par des architectures originales à plusieurs
cristaux.

L’étude de l’OPO à verrouillage en phase actif montre que pour concilier rendement et
impulsions très courtes, il est nécessaire de réduire l’effet de la saturation. À ce titre, l’OPO
à balayage de la pompe à verrouillage de modes passif semble être un très bon candidat.
Une démonstration expérimentale devra être faite afin de vérifier que ses performances sont
conformes à la modélisation.

Le miroir non-linéaire d’ordre 2 a prouvé qu’il était un dispositif efficace pour produire
des impulsions picosecondes dans un laser proche infrarouge. Nous avons montré que cela de-
vait également être le cas pour un laser situé dans l’infrarouge moyen à base de Cr:ZnSe. La
démonstration expérimentale correspondante devra être menée à son terme, afin de mesurer
les performances en termes de durée d’impulsion, d’efficacité, de stabilité, et d’accordabilité.
Ceci devrait permettre d’éprouver puis d’améliorer les modèles développés dans ce manuscrit.
La source impulsionnelle à 2,5 µm ainsi réalisée pourra ensuite être utilisée pour le pompage
synchrone d’OPO en bande III.

L’étude de l’OPO intracavité a montré que le couplage entre un laser et un OPO aboutissait
à une dynamique d’oscillation impulsionnelle très riche. Nous pensons que si ce couplage est
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suffisamment fort, et ajusté en phase, il devrait permettre la création d’un nouveau type de
sources compactes, émettant des impulsions nanosecondes ou picoseconde dans l’infrarouge de
manière accordable. Pour cela, il est nécessaire de continuer à décrypter la dynamique de ces
systèmes, par une approche progressive, et combinant en parallèle expériences et modélisations.
En particulier, le rôle exact de la phase, vis-à-vis des résonances multiples et de l’interaction
non-linéaire, devra être précisé.

La poursuite des ces différentes études continuera sans aucun doute à révéler les nombreuses
potentialités de l’optique non-linéaire.

154



Annexe A

Différentes écritures des équations
non-linéaires

La physique des processus non-linéaires d’ordre 2 est quasiment toujours décrite par un
ensemble d’équations différentielles couplées mettant en jeu trois champs électromagnétiques.
Avant même leur résolution, les conditions d’obtention de ces équations sont rarement rappelées.
Or, nous allons voir que ceci devient nécessaire pour des impulsions courtes, donc à spectre large,
ou dès lors qu’on s’intéresse à une résolution spatio-temporelle des équations. Ces deux cas de
figure étant présents dans ce manuscrit, il nous est apparu nécessaire de faire ce rappel ici.

En négligeant les effets transverses (ondes planes), les effets d’anisotropie ou de polarisa-
tion (champ scalaire, susceptibilités scalaires, interaction collinéaire), l’équation de propagation
d’une onde dans un milieu non-linéaire d’ordre 2 s’écrit

∂2E

∂z2
− 1

c2

∂2E

∂t2
=

1

ε0c2

∂2P (1)

∂t2
+

1

ε0c2

∂2P (2)

∂t2
, (A.1)

où E (z,t) est le champ électrique (en V/m), P (1) (z,t) la polarisation linéaire, et P (2) (z,t) la
polarisation non-linéaire d’ordre 2. c est la vitesse de la lumière dans le vide et ε0 la permittivité
électrique dans le vide. Pour obtenir les équations couplées, il faut considérer un champ constitué
d’une porteuse optique et d’une enveloppe lentement variable par rapport à l’oscillation du
champ électrique : c’est l’approximation quasi-stationnaire. Pour l’amplification paramétrique,
cette approximation reste valable tant que les impulsions ne descendent pas en dessous de
∼100 fs [Ser00]. Le champ électrique est composé de trois champs de fréquences centrales
(porteuses) ω1, ω2 et ω3 : E = E1 +E2 +E3 = 1

2
[E1 + E2 + E3 + c.c], où c.c désigne le complexe

conjugué. Ces fréquences obéissent à la conservation de l’énergie ω3 = ω1 + ω2. Il y a ensuite
trois façons de procéder :

– passer dans le domaine fréquentiel (Chap. A.1);
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– négliger la dépendance en fréquence de la susceptibilité d’ordre 2 (Chap. A.2);
– négliger la dépendance en fréquence des susceptibilités d’ordres 1 et 2 (Chap A.3).

A.1 Domaine fréquentiel

En utilisant la transformation temps-fréquence suivante

−iω ↔ ∂

∂t

−ω2 ↔ ∂2

∂t2
, (A.2)

la transformée de Fourier de (A.1) s’écrit pour le champ total

∂2Ẽ

∂z2
+
ω2

c2
Ẽ =

−ω2

ε0c2
P̃ (1) − ω2

ε0c2
P̃ (2). (A.3)

La polarisation linéaire est reliée au champ électrique total dans l’espace des fréquences par
P̃ (1) = ε0χ

(1) (ω) Ẽ (ω), l’indice de réfraction n est donné par n2 (ω) = 1+χ(1) (ω), et le vecteur
d’onde par k (ω) = n (ω)ω/c, si bien que l’équation précédente devient

∂2Ẽ

∂z2
+ k2 (ω) Ẽ = − ω2

ε0c2
P̃ (2). (A.4)

Le membre de gauche de (A.4) décrit la propagation d’une onde plane dans un milieu
d’indice n (ω) tandis que le membre de droite est un terme source non-linéaire. Chaque champ
est décrit autour de sa porteuse à ωi, par une enveloppe lentement variable :

Ẽi (z,ω̄) =
1

2
Ẽi (z,ω̄) + cc =

1

2
Ãi (z,ω̄) eiki(ω̄)z + cc (A.5)∣∣∣∣∣∂2Ãi

∂z2

∣∣∣∣∣�
∣∣∣∣∣2ki∂Ãi∂z

∣∣∣∣∣ , (A.6)

avec ki (ω̄) = k (ω̄ + ωi) et Ãi (z,ω̄) = Ã (z,ω̄ + ωi). ω̄ est l’écart de fréquence à la porteuse.
Avec ces notations l’intensité en W/m2 s’écrit I = 1

2
ε0cn |E|2 = 1

2
ε0cn |A|2. La polarisation

non-linéaire totale est décomposée en termes complexes conjugués, P̃ (2) = 1
2
P̃(2) + cc, si bien

que (A.4) devient pour chaque champ

∂Ãi
∂z

=
iω

2ε0cni
P̃(2)e−ikiz, (A.7)
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où ni = ni (ω̄). La polarisation non-linéaire d’ordre 2 est reliée au champ électrique total par
P̃ (2) = ε0χ

(2) (ω) Ẽ2 (ω). L’écriture de P̃ (2) fait apparaître des termes qui oscillent à la même
fréquence qu’un des trois champs (Ẽ1Ẽ2 pour ω3 ou Ẽ3Ẽ∗1 pour ω2), et des termes qui oscillent à
des fréquences supérieures (comme Ẽ2Ẽ3 à ω2 +ω3). Nous supposerons que l’accord de phase est
à peu près réalisé pour la conversion ω3 � ω1+ω2 et ne retiendrons donc que les termes oscillant
à la même fréquence que le champ considéré. Nous voyons alors émerger trois contributions

P̃(2)
3 = ε0χ

(2)Ẽ1Ẽ2 = ε0χ
(2)Ã1Ã2e

i(k1+k2)z oscillant à ω3,

P̃(2)
2 = ε0χ

(2)Ẽ3Ẽ∗1 = ε0χ
(2)Ã3Ã

∗
1e
i(k3−k1)z oscillant à ω2,

P̃(2)
1 = ε0χ

(2)Ẽ3Ẽ∗2 = ε0χ
(2)Ã3Ã

∗
2e
i(k3−k2)z oscillant à ω1.

(A.7) est maintenant écrite pour chaque champ, en ne conservant que les contributions
oscillant autour de chacune des porteuses

∂Ã3

∂z
=

iω

2cn3 (ω)
χ(2)Ã1Ã2e

−i∆kz

∂Ã2

∂z
=

iω

2cn2 (ω)
χ(2)Ã3Ã

∗
1e
i∆kz

∂Ã1

∂z
=

iω

2cn1 (ω)
χ(2)Ã3Ã

∗
2e
i∆kz, (A.8)

où le désaccord de phase est noté ∆k = k3 − k2 − k1. Les enveloppes sont évaluées autour des
porteuses à ω̄ = ω − ωi.

Les équations couplées non-linéaires (A.8) sont souvent présentées avec les champs exprimés
dans le domaine temporel, i.e. avec les Ai. Nous voyons qu’en réalité ces équations s’appliquent
aux transformées de Fourier Ãi de ces champs, évaluées autour de chaque porteuse. Dans le
cas de champs purement monochromatiques en revanche, ces équations peuvent être appliquées
directement aux Ai. Nous verrons plus bas que c’est également possible si la dispersion est
négligée.
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A.2 Milieu non dispersif

Dans cette section, l’hypothèse centrale est que la polarisation peut être directement reliée
au champ électrique dans l’espace des temps :

P (1) (t) = ε0χ
(1)E (t) (A.9)

P (2) (t) = ε0χ
(2)E2 (t) . (A.10)

Il existe deux cas dans lesquels cette hypothèse est justifiée. Le premier cas est lorsque la
dépendance en fréquence de la susceptibilité linéaire est tout simplement négligée (milieu non
dispersif). Nous avons dans ce cas pour un ordre n quelconque

P (n) (t) = ε0

∫
dω1

2π
. . .

∫
dωn
2π

χ(n) (ω1,ω2, . . . ωn,)E (ω1)E (ω2) . . . E (ωn) e−i(ω1+ω2+...+ωn)t

' ε0χ
(n)E1E2 . . . En, (A.11)

si les différentes fréquences sont suffisamment éloignées entre elles. La dépendance en fréquence
de la susceptibilité peut éventuellement être réintroduite à posteriori. Le deuxième cas est lorsque
le champ possède une enveloppe lentement variable, et qu’on est suffisamment loin de toute
résonance. En effet, le champ à enveloppe lentement variable s’écrit E (t) = E (s) e−iωt + cc,
où s est un temps lent et t un temps rapide traités indépendamment [Man03]. La polarisation
d’ordre 1 s’écrit dans ce cas

P (1) (t) = ε0

∫ ∞
0

R(1) (τ)E (t− τ) dτ

= ε0

∫ ∞
0

R(1) (τ)
(
E (s) e−iωteiωτ + cc

)
dτ

= ε0E (s) e−iωt
∫ ∞

0

R(1) (τ) eiωτdτ + cc

= ε0E (s) e−iωtχ(1) (ω) + ε0E∗ (s) eiωtχ(1) (−ω) ,

où R(1) est la réponse linéaire du milieu, transformée de Fourier inverse de χ(1). On utilise
ensuite le fait que χ(1) (−ω) = χ(1)∗ (ω), et que loin de toute résonance, c’est-à-dire pour une
absorption nulle, la susceptibilité est réelle : χ(1) = χ(1)∗. Nous avons donc

P (1) (t) = ε0E (t)χ(1) (ω) .

La même démonstration peut être faite dans le domaine fréquentiel, en considérant un champ
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à spectre étroit autour de ω. Loin d’une résonance, la dépendance en fréquence de la polarisation
non-linéaire peut également être négligée. Il en ressort que dans le cadre de l’approximation de
l’enveloppe lentement variable, se placer loin d’une résonance équivaut à négliger la dépendance
en fréquence de la susceptibilité. La dépendance en fréquence de la susceptibilité linéaire, donc
de l’indice, est réintroduite à posteriori. Dans ce cadre, (A.1) s’écrit

∂2E

∂z2
− n2 (ω)

c2

∂2E

∂t2
=

1

ε0c2

∂2P (2)

∂t2
. (A.12)

Chaque champ a une enveloppe lentement variable

Ei (z,t) =
1

2
Ei (z,t) + cc =

1

2
Ai (z,t) e

−iωit+ikiz + cc (A.13)

∣∣∣∣∂2Ai
∂z2

∣∣∣∣� ∣∣∣∣2ki∂Ai∂z

∣∣∣∣ (A.14)∣∣∣∣∂2Ai
∂t2

∣∣∣∣� ∣∣∣∣2ωi∂Ai∂t

∣∣∣∣ . (A.15)

En ne gardant que les termes oscillant aux fréquences d’intérêt, la polarisation non-linéaire
est

P (2) (t) =
1

2
ε0χ

(2) [E1E2 + E∗1E3 + E∗2E2] + cc. (A.16)

Cette polarisation est aussi lentement variable, c’est-à-dire∣∣∣∣∂2P (2)

∂t2

∣∣∣∣� ∣∣∣∣2ω∂P (2)

∂t

∣∣∣∣� ∣∣∣∣ω2∂P
(2)

∂t

∣∣∣∣ .
Après quelques calculs élémentaires, (A.12) prend finalement la forme d’un système d’équa-

tions couplées

∂A3

∂z
+
n3

c

∂A3

∂t
=

iω3

2cn3

χ(2)A1A2e
−i∆kz

∂A2

∂z
+
n2

c

∂A2

∂t
=

iω2

2cn2

χ(2)A3A
∗
1e
i∆kz

∂A1

∂z
+
n1

c

∂A1

∂t
=

iω1

2cn1

χ(2)A3A
∗
2e
i∆kz. (A.17)

L’indice en facteur de la dérivée temporelle est en fait l’indice de groupe, ici confondu
avec l’indice de réfraction. Chaque membre de gauche correspond donc à la propagation d’une
onde plane en l’absence de dispersion se propageant à sa propre vitesse c/ni. Nous verrons
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Chapitre A - Différentes écritures des équations non-linéaires

plus tard que pour tenir compte de la dispersion, le membre de gauche doit être modifié.
En supposant que les vitesse de propagation des trois ondes sont très proches, ou bien que
les champs sont purement monochromatiques (amplitude indépendante du temps) la dérivée
temporelle disparait. Il est alors commode de réécrire (A.17) en séparant la phase de l’amplitude
[Ros02, God04], pour obtenir le système suivant :

du3

dz
= κu1u2 sin (ϕ+ ∆kz)

dϕ3

dz
= κ

u1u2

u3

cos (ϕ+ ∆kz)

du2

dz
= −κu3u1 sin (ϕ+ ∆kz)

dϕ2

dz
= κ

u3u1

u2

cos (ϕ−∆kz)

du1

dz
= −κu3u2 sin (ϕ+ ∆kz)

dϕ1

dz
= κ

u3u2

u1

cos (ϕ−∆kz) , (A.18)

avec Ai (z,t) =
√

ωi
ni
ui (z,t) e

iϕi(z,t), κ = χ(2)

2c

√
ω1ω2ω3

n1n2n3
le coefficient de couplage non-linéaire,

ϕ = ϕ3 − ϕ2 − ϕ1 la phase non-linéaire. Avec ces notations, le flux de photons en m−2.s−1

est u2
i /2~Z0 et la densité de puissance en W.m−2 est ωiu2

i /2Z0, où Z0 = 1/ε0c ' 377 Ω est
l’impédance du vide.

Ces équations peuvent s’appliquer à des champs u (z,t) impulsionnels (t = nz/c), donc
possédant un certain spectre, à trois conditions : une dispersion négligeable; une différence
faible entre les vitesses de groupe des trois ondes; une impulsion beaucoup plus longue que le
temps de traversée dans le cristal, de telle sorte que u (0,t) soit quasiment constant pendant la
résolution des équations. Ces conditions sont satisfaites dans la plupart des OPO nanosecondes.
Les solutions de A.18 sont intensivement utilisées au Chap. 2 pour modéliser un oscillateur
paramétrique optique nanoseconde.

A.3 Milieu dispersif loin d’une résonance

Pour des impulsions plus courtes, picosecondes par exemple, il est nécessaire d’aller plus
loin en incluant l’effet de la dispersion dans le milieu non-linéaire, même loin d’une résonance.
Celle-ci peut en effet avoir un effet non négligeable sur la durée d’impulsion, comme expliqué au
Chap. 3. Ici, l’idée est de tenir compte de la dépendance en fréquence de χ(1), tout en continuant
à négliger la dépendance en fréquence de χ(2). La dispersion est contenue dans le développement
du vecteur d’onde autour de la porteuse de chaque champ

ki (ω) ' ki + k′i (ω − ωi) +
1

2
k′′i (ω − ωi)2 + . . . (A.19)

Pour le calcul, nous avons limité le développement au deuxième ordre. Numériquement, il
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A.3 Milieu dispersif loin d’une résonance

est possible de tenir compte de la dispersion exacte de k. Dans l’approximation de l’enveloppe
lentement variable, nous avons

Ẽi (z,ω) =
1

2
Ẽi (z,ω) + cc (A.20)

Ei (z,t) = Ai (z,t) e
−iωit+ikiz (A.21)

Ẽi (z,ω) = Ãi (z,ω − ωi) eikiz. (A.22)

Ei a été développé autour d’une porteuse de fréquence ωi fixe. La transformée de Fourier de
son enveloppe est centrée autour de ω − ωi = 0. L’équation de propagation (A.4) s’écrit pour
le champ complexe total

∂Ẽ
∂z
− ik (ω) Ẽ (z,ω) =

iω

2ε0cn (ω)
P̃(2) (z,ω) . (A.23)

En utilisant (A.19) elle devient pour chaque champ

∂Ẽi
∂z
− ikiẼi − ik′i (ω − ωi) Ẽi −

1

2
ik′′i (ω − ωi)2 Ẽi + . . . =

iω

2ε0cn (ω)
P̃(2) (z,ω) , (A.24)

où le membre de gauche contient tous les termes issus du développement du vecteur d’onde.
En utilisant (A.22) nous avons

∂Ãi
∂z
− ik′i (ω − ωi) Ãi −

1

2
ik′′i (ω − ωi)2 Ãi + . . . =

iω

2ε0cn (ω)
P̃(2) (z,ω) e−ikiz. (A.25)

Nous passons ensuite dans le domaine temporel grâce aux transformations suivantes :

−i (ω − ωi)↔
∂

∂t

− (ω − ωi)2 ↔ ∂2

∂t2
(A.26)

1↔eiωit.

Pour cela il est nécessaire de considérer que le préfacteur du membre de droite de (A.25)
est constant. Cette approximation est valable tant que la largeur spectrale reste modérée. C’est
bien le cas du Chap. 3, où les impulsions considérées font plus de 100 ps. (A.25) s’écrit donc
dans le domaine temporel
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∂Ai
∂z

+ k′i
∂Ai
∂t

+
1

2
ik′′i

∂2Ai
∂t2

+ . . . =
iωi

2ε0cni
P(2) (z,t) eiωit−ikiz (A.27)

La susceptibilité non-linéaire χ(2) est supposée indépendante de la fréquence, ce qui permet
d’écrire la polarisation non-linéaire en fonction des champs :

P̃(2) (t) = ε0χ
(2) (E3E∗2 + E3E∗1 + E1E2)

= ε0χ
(2)
(
A3A

∗
2e
i(k3−k2)ze−i(ω3−ω2)t + A3A

∗
1e
i(k3−k1)ze−i(ω3−ω1)t + A1A2e

i(k1+k2)ze−i(ω1+ω2)t
)
.

(A.28)

En ne gardant pour chaque champ que les termes oscillant autour de la porteuse, la combi-
naison de (A.27) et (A.28) aboutit aux équations couplées

∂A3

∂z
+

1

vg,3

∂A3

∂t
+ i

k′′3
2

∂2A3

∂t2
+ . . . =

iω3

2cn3

χ(2)A1A2e
−i∆k0z

∂A2

∂z
+

1

vg,2

∂A2

∂t
+ i

k′′2
2

∂2A2

∂t2
+ . . . =

iω2

2cn2

χ(2)A3A
∗
1e
i∆k0z

∂A1

∂z
+

1

vg,1

∂A1

∂t
+ i

k′′1
2

∂2A1

∂t2
+ . . . =

iω1

2cn1

χ(2)A3A
∗
2e
i∆k0z, (A.29)

où vg,i = k′−1
i est la vitesse de groupe, et ∆k0 = k (ω3) − k (ω2) − k (ω1) est le désaccord de

phase aux fréquences centrales. (A.29) est la version “dispersive” de (A.17). Cette fois-ci c’est
bien la vitesse de groupe qui intervient en facteur de la dérivée temporelle. Le terme de dé-
rivée seconde décrit les effets d’étalement et de dérive de fréquence (chirp) des impulsions au
cours de la propagation. Cette représentation a l’avantage de montrer que l’effet du désaccord
de phase peut être ramené dans l’espace des temps à un problème de dispersion dans le cris-
tal non-linéaire. Nous reverrons cette équivalence au Chap. 3. Numériquement, ces équations
peuvent être résolues en traitant l’amplification et la dispersion séparément (split-step), comme
au Chap. 3.6.2.
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Annexe B

Définitions de la bande passante
d’amplification paramétrique

Nous allons rappeler les différentes définitions présentes dans la littérature pour la bande
passante d’amplification paramétrique. L’objectif est de clarifier leurs relations mutuelles et
de choisir une convention pour l’ensemble du manuscrit. À noter que nous donnons ici les
demi bandes passantes ∆ω (i.e. comptabilisées d’un seul côté par rapport à l’accord de phase).
La bande passante totale est alors donnée par 2∆ω. Toutes ces définitions font appel aux
l’expression du gain paramétrique établies au Chap. 1.6.1 à l’aide des équations non-linéaires
rappelées au Chap. A, ainsi qu’au développement du désaccord de phase en fonction de la
fréquence détaillé au Chap. 1.5.

Critère du gain paramétrique réel

La condition d’amplification est que le gain petit signal doit être supérieur au désaccord de
phase : qlc > ∆k(ω)lc

2
. Seules les fréquences suffisamment proches de l’accord de phase seront

amplifiées, d’où une première définition de la bande passante d’amplification :

∆ωq1 =
2q

k′s − k′c
loin de la dégénérescence,

∆ωq2 =

√
4q

k′′s + k′′c
près de la dégénérescence. (B.1)

Cette définition a l’avantage de montrer que la bande passante augmente pour de très forts
gains q, contrairement à ce qui se passe dans un milieu laser.
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Convention en situation de gain fort

En gain fort, la transmission non-linéaire du cristal est donnée par (1.19). On peut définir
la bande passante comme étant la variation de fréquence diminuant le gain d’un facteur 2, i.e.
TOPA (∆k) = 1

2
TOPA (0). On trouve alors

∆klc ≡ 2
√
qlc ln 2,

∆ωh1 =
2
√
q ln 2√

lc (k′s − k′c)
loin de la dégénérescence,

∆ωh2 =
2 (q ln 2)1/4

l
1/4
c

√
k′′s + k′′c

près de la dégénérescence. (B.2)

Ici aussi, la bande passante augmente avec le gain q, mais diminue avec la longueur du
cristal. Ces expressions ne sont valables que si qlc > 1,8, soit un gain en intensité très supérieur
à 10.

Définition à partir du gain quadratique

En gain faible, la bande passante est définie comme la variation de fréquence pour laquelle
le gain quadratique s’annule, ce qui donne

∆klc ≡2
√

3,

∆ω1 =
2
√

3

lc (k′s − k′c)
loin de la dégénérescence,

∆ω2 =
2 · 31/4

√
lc
√
k′′s + k′′c

près de la dégénérescence. (B.3)

C’est cette définition que nous utilisons dans ce manuscrit.

Définition directe à partir du désaccord de phase

On peut également définir un critère arbitraire portant directement sur le désaccord de
phase. Ainsi la convention ∆klc = π est retrouvée assez fréquemment dans la littérature1. Elle

1C’est également celle du logiciel de calcul d’accord de phase SNLO [Smi03]
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donne

∆klc ≡ π

∆ωπ1 =
π

lc (k′s − k′c)
loin de la dégénérescence

∆ωπ2 =

√
2π

√
lc
√
k′′s + k′′c

près de la dégénérescence. (B.4)

Cette convention s’apparente à la précédente, mais elle a l’avantage d’aboutir à une ex-
pression très simple pour la bande passante totale à l’ordre 1, exprimée en cm−1 : 2∆σ1 =

1/lc (ng,s − ng,c), où ng = ck′ désigne l’indice de groupe.

Définition par analogie avec le doublage de fréquence

La variation d’efficacité du doublage de fréquence en fonction du désaccord de phase est
donnée par sinc2∆klc/2. Elle chute de 50 % pour ∆klc ' 2,78. En transposant ce critère à
l’amplification paramétrique nous avons un nouvelle définition de la bande passante :

∆klc ≡ 2,78,

∆ωSHG1 =
2,78

lc (k′s − k′c)
loin de la dégénérescence,

∆ωSHG2 =
2,36

√
lc
√
k′′s + k′′c

près de la dégénérescence. (B.5)

Lien entre les différentes définitions - convention choisie

Les relations entre les différentes bandes passantes sont

∆ω1 = 1,25∆ωSHG1 = 1,10∆ωπ1 =
1,73

qlc
∆ωq1 =

2,08√
qlc

∆ωh1

∆ω2 = 1,12∆ωSHG2 = 1,06∆ωπ2 =
1,31√
qlc

∆ωq2 =
1,44

(qlc)
1/4

∆ωh2 .

Pour qlc de l’ordre de 1, comme c’est le cas pour l’OPO à modes verrouillés en phase
du Chap. 3, toutes ces estimations de la bande passante sont suffisamment proches pour être
confondues dans la pratique. De plus, dans le cas d’un verrouillage actif des modes, la bande
passante n’intervient qu’à travers sa racine carrée dans la durée d’impulsion. Une erreur de
définition a donc peu d’influence. Par convention nous utiliserons toujours la définition en
faible gain (B.3) dans ce manuscrit.
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Annexe C

Détails des calculs du chapitre 2

C.1 Expression du gain paramétrique dans les deux cris-
taux

Dans cette annexe, nous donnons les expressions analytiques du gain pour l’onde signal
(complémentaire) dans le premier (second) cristal.

Comme expliqué au Chap. 2.2, il est possible de résoudre exactement les équations cou-
plées non-linéaires dans chaque cristal, en suivant une approche détaillée dans [Arm62, Ros02,
God04]. Ces solutions font intervenir des fonctions de Jacobi, définies par des intégrales ellip-
tiques [Abr70]. Avec les notations du Tab. 2.1, le gain paramétrique G1 (X0,Y0) = Y1/Y0 pour
le signal Y de z0 à z1 est donné par

G1 (X0,Y0) = 1− sn2

(
i arccosh

(
1√
R

)√
X0

∣∣∣∣− Y0

X0

)
, (C.1)

où sn est la fonction “sinus de Jacobi”, définie par

a

x∫
0

dt

[(a2 − t2) (b2 − t2)]1/2
= sn−1

(
x

b

∣∣∣∣ b2

a2

)
.

De même, le gain pour le complémentaire G2 (Y1,Z1,Θ) = Z2/Z1 de z1 à z2est

G2 (Y1,Z1,γ,Θ) = 1− Z̃1

Z1

sn2

(
iγ arccosh

(
1√
R

)√
Ỹ1

∣∣∣∣∣−Z̃1

Ỹ1

)
, (C.2)

où γ = κ2L2/κ1L1 est le rapport de non-linéarité entre le second cristal (OPA) et le premier
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cristal (OPO). Ỹ1 et Z̃1 sont donnés par

Ỹ1 =
1

2

{
Y1 − Z1 −Θ2 +

[
(Y1 + Z1)2 − 2Θ2

(
Y1 − Z1 −

Θ2

2

)]1/2
}
,

et

Z̃1 =
1

2

{
Z1 − Y1 + Θ2 +

[
(Y1 + Z1)2 − 2Θ2

(
Y1 − Z1 −

Θ2

2

)]1/2
}
,

où Θ est le désaccord de phase normalisé dans le second cristal

Θ =
∆k L2/2

γ arccosh
(

1/
√
R
) . (C.3)

Si l’accord de phase est parfait (Θ = 0), Ỹ1 et Z̃1 deviennent simplement Y1 et Z1 respecti-
vement.

C.2 Expression des flux normalisés en sortie

Ici, nous donnons les expression de la pompe dépeuplée X2, du signal (1−R)Y2, du com-
plémentaire Z2, et de la différence de fréquences D2 en fonction de la pompe incidente X0 et
du flux signal intracavité Y0 en z0:

X2 = X0 − Y0 [G1 (X0,Y0)− 1] , (C.4)

Y2 = Y0G (X0,Y0,Θ) , (C.5)

Z2 = Y0 [G1 (X0,Y0)− 1]×G2 {G1 (X0,Y0)Y0, [G1 (X0,Y0)− 1]Y0,Θ} (C.6)

et
D2 = Y0 [G1 (X0,Y0)−G (X0,Y0,Θ)] . (C.7)

C.3 Rapport optimal des non-linéarités

Comme expliqué au Chap. 2.2.2, le dépeuplement quasi-complet de la pompe peut être
réalisé sur une large plage de puissance de pompe dans l’OPO–OPA, sous certaines conditions.
Nous détaillons ici ces conditions.

Pour une valeur de pompe X0, le flux signal Y0 = Y opt
0 à l’entrée du cristal OPO doit aboutir
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à X1 = 0, c’est-à-dire
Y opt

0

[
G1

(
X0,Y

opt
0

)
− 1
]

= X0, (C.8)

où (C.4) a été utilisée. Pour de faibles pertes, i.e. δ = 1−R→ 0, nous avons arcosh
(
1/
√

1− δ
)
≈√

δ et en notant Y ′ = (1−R)Y opt
0 /R le flux signal en sortie, la condition de dépeuplement

complet de la pompe (C.8) peut être réécrite :

− sn2

[
i
√
δ X0

∣∣∣∣− Y ′

δ X0

]
=
δ X0

Y ′
. (C.9)

Cette expression peut être simplifiée en utilisant des transformations propres aux fonctions de
Jacobi [Abr70] :

sn (u |−m) =
√
µ1sd (v |µ) , (C.10)

sd (u |1) = sinh (u)

où µ = m/ (1 +m), µ1 = 1/ (1 +m), et v = u/
√
µ1. (C.9) devient tout simplement

sin2
(√

Y ′
)

= 1. (C.11)

Par conséquent le dépeuplement de la pompe est atteint lorsque Y ′ = π2/4 ou Y opt
0 '

π2/4 (1−R) .

La seconde étape est de déterminer la valeur γopt du rapport des non-linéarités qui permet
Y0 = Y opt

0 lorsque l’OPO–OPA oscille en régime stationnaire. En supposant que la relation
exacte (C.8) est satisfaite, la condition d’oscillation (2.5) s’écrit

G2

(
X0 +

R

(1−R)
Y ′,X0,γopt,Θ

)
= 2− Y ′

X0

. (C.12)

À nouveau pour de faibles pertes, δ = 1 − R → 0, un développement limité au premier ordre
en δ permet de simplifier l’expression de G2. En toute rigueur, deux cas doivent alors être
considérés :

– premier cas : Y ′ ≥ ∆k L2/2, le développement de G2 aboutit à

G2

(
X0 +

Y ′

δ
,X0,γopt,

∆k L2

2
√
δ

)
→ 1 +

4γ2
optY

′

4γ2
optY

′ − (∆k L2)2 sinh2

√γ2
optY

′ − (∆k L2)2

4

 ;
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– deuxième cas : Y ′ < ∆k L2/2, et en utilisant (C.10), on obtient

G2

(
X0 +

Y ′

δ
,X0,γopt,

∆k L2

2
√
δ

)
→ 1 +

4γ2
optY

′

(∆k L2)2 − 4γ2
optY

′
sin2

√(∆k L2)2

4
− γ2

optY
′

 .

En réalité, ces deux cas se ramènent à un seul en utilisant la relation sinh (u) = −i sin (i u). En
combinant (C.12) et l’expression approchée de G2, on obtient finalement

γopt =
2

π

[
1−

(
∆k L2

πγopt

)2
]−1/2

× arcsinh


(

1− π2

4X0

)1/2
[

1−
(

∆k L2

πγopt

)2
]1/2

 . (C.13)

Dans le cas d’un accord de phase parfait dans le second cristal, nous obtenons une expression
très simple :

γopt =
2

π
arcsinh

[(
1− π2

4X0

)1/2
]
. (C.14)

Bien sûr, il est également possible de résoudre numériquement (C.12) et c’est ce qui a été
fait sur la Fig. 2.3.

C.4 Rapport optimal des non-linéarités dans l’approxima-
tion du champ moyen

Nous montrons ici que l’approximation faibles pertes utilisée au Chap. C.3 est équivalente à
l’approximation du champ moyen. En effet, le flux signal intracavité est très élevé par rapport
à celui de la pompe et du complémentaire, car ces derniers ne sont pas résonnants. On peut
donc considérer que le signal est constant, Y (z) ' Y0, lors de l’intégration des équations non-
linéaires. À titre d’exemple, si les flux en sortie du signal et du complémentaire valent chacun
la moitié du flux de pompe incident, alors pour R = 0,9 le signal intracavité est environ 5 fois
plus fort que la pompe, et 10 fois plus fort que le complémentaire. Dans l’approximation du
champ moyen, la pompe dépeuplée X1 après le premier cristal devient

X1 = X0 cos2

[
arccosh

(
1√
R

)√
Y0

]
, (C.15)

et le flux signal aboutissant au dépeuplement de la pompe (X1 = 0) est alors

Y0 =
(π/2)2

arccosh2
(

1√
R

) . (C.16)
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Nous voulons maintenant déterminer γopt. Pour cela, nous devons calculer les flux après le
premier puis le second cristal. Sans approximations, la quantité X + Y est une constante du
mouvement, donc X1 + Y1 = X0 + Y0, et on a

Y1 = Y0 +X0 sin2

[
arccosh

(
1√
R

)√
Y0

]
. (C.17)

Dans l’approximation du champ moyen, l’onde de différence de fréquences a un flux donné
par

D2 = X0 sin2

[
arccosh

(
1√
R

)√
Y0

]
× sinh2

[
γarccosh

(
1√
R

)√
Y0

]
(C.18)

où, pour des raisons de simplicité, nous avons supposé un accord de phase parfait dans le second
cristal. Le signal dépeuplé après le second cristal est ensuite

Y2 = Y0 +X0 sin2

[
arccosh

(
1√
R

)√
Y0

]
×
{

1− sinh2

[
γarccosh

(
1√
R

)√
Y0

]}
. (C.19)

La condition d’oscillation en régime stationnaire étant RY2 = Y0, la combinaison de (C.16)
et (C.19) donne

γopt =
2

π
arcsinh

[(
1− π2

4X0

)1/2
]
. (C.20)

Cette expression est identique à (C.14). Par conséquent l’approximation du champ moyen
est équivalente à l’approximation faibles pertes pour le dépeuplement complet de la pompe.
La même conclusion peut être faite en incluant le désaccord de phase dans le deuxième cristal.
À noter qu’en utilisant la relation cosh (2x) = 1 + 2 sinh2 (x), une expression légèrement plus
simple peut être obtenue ;

γopt =
1

π
arccosh

(
3− π2

2X0

)
. (C.21)
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Annexe D

Détails des calculs du chapitre 3

D.1 Calculs du modèle de Kuizenga et Siegman (Chap. 3.2.1)

Le modèle de Kuizenga et Siegman est relativement simple. On considère le passage d’une
impulsion optique à travers les différents éléments d’une cavité de fréquence de répétition Ω/2π

(voir la Fig. 3.2). Les éléments sont décrits par leur transmission ti, soit dans le domaine
temporel, soit dans le domaine fréquentiel. L’objectif du modèle est de déterminer une équation
d’évolution de la durée d’impulsion, ainsi que sa valeur en régime stationnaire.

Le SRO est considéré en dehors de la dégénérescence, et suffisamment proche de l’accord
de phase, pour que son gain en amplitude soit donné par (1.21). Le modulateur introduit des
pertes qui varient sinusoïdalement, à la fréquence de répétition de la cavité. On considère que
les impulsions soit suffisamment courtes, τ � 1/Ω, pour que ces pertes soient essentiellement
données par une gaussienne. Seuls les résultats marquants du modèle seront donnés ici, le détail
des calculs étant reporté en Annexe D.

Dans ce modèle, on considère que la dispersion de la cavité au premier ordre est compensée,
c’est-à-dire qu’il n’y a pas de glissement temporel de l’impulsion. La dispersion au deuxième
ordre, ou dérive de fréquence, ainsi que les ordres supérieurs, sont négligés. Les effets transverses
ou de polarisation ne sont pas pris en compte. L’impulsion signal est alors décrite comme
au Chap. 1 par une enveloppe gaussienne lentement variable, telle que son champ électrique
s’écrive :

A (t) = A0e
−( tτ )

2

e−iω0t + c.c, (D.1)

où τ est la largeur (réelle) à 1/e2 du champ, et ω0 est la pulsation de la porteuse optique et
c.c désigne le complexe conjugué. Dans la suite, on omettra le terme conjugué car toutes les
opérations appliquées au champ seront linéaires (pas de termes en A.A). La transformée de
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Fourier du champ est alors
Ã (ω) = Ã0e

−(ω−ω0
δω )

2

,

avec Ã0 = A0τ/
√

2, la transformée de Fourier et son inverse étant définies par

Ã = TF [A] =
1√
2π

∫
A (t) eiωtdt

A = TF−1
[
Ã
]

=
1√
2π

∫
Ã (ω) e−iωtdω.

Les largeurs spectrale δω et temporelle τ du champ sont donc limitées par la transformée
de Fourier, c’est-à-dire :

τδω = 2. (D.2)

Passage à travers l’amplificateur

Nous avons vu au Chap. 1.6.3 que suffisamment proche de l’accord de phase, et en dehors
de la dégénérescence, le gain en amplitude pour l’onde signal est donné par

topa (ω) = exp

[
g

2

(
1−

(
ω − ω0

∆ω

)2
)]

pour un gain faible (qlc � 1) (D.3)

topa (ω) =
1

2
exp

[
gh
2

(
1−

(
ω − ω0

∆ωh

)2
)]

pour un gain fort (qlc � 1), (D.4)

avec g = q2l2c et gh = 2qlc le gain petit signal, ∆ωh =
√

2/3qlc∆ω, et ∆ω = ∆ω1 la bande de
gain telle que définie au Chap. B. La forme de (D.3) est identique à celle qui serait obtenue
en considérant un amplificateur laser1, dans l’hypothèse d’un gain non saturé, et sans tirage
de fréquence [Kui70b, Kui70a]. Comme nous l’avions annoncé au Chap. 1.6, au premier ordre
le gain paramétrique est formellement identique au gain laser. Nous nous attendons donc à
retrouver par la suite les résultats de verrouillage en phase établis par Kuizenga et Siegman
dans les lasers.

Après amplification, le champ donné par Ã′ (ω) = tc (ω) Ã (ω) conserve une enveloppe gaus-
sienne. Il est toujours décrit par (D.1), avec une nouvelle durée τ ′ encore limitée par la trans-

1À noter que dans un laser, la bande passante est souvent définie par la largeur de raie ∆ωa = 2∆ω. C’est
cette largeur de raie qui correspond aux fameux ∆ωa/2π = 120 GHz du Nd:YAG.
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formée de Fourier. Dans le cas d’un gain faible on a

Ã′0
Ã0

=
A′0
A0

= e
g
2

τ ′2 = τ 2 +
2g

∆ω2

1

δω′2
=

1

δω2
+

2g

∆ω2

τ ′δω′ = 2.

L’amplification induit donc un rétrécissement spectral et un allongement temporel de l’im-
pulsion.

Passage à travers le modulateur

Nous avons choisi de réaliser le verrouillage en phase à l’aide d’un modulateur acousto-
optique. Le principe de base d’un tel modulateur est de créer une onde acoustique dans un
milieu photoélastique tel que le niobate de lithium. Cette onde acoustique est généralement
produite en appliquant une tension radio-fréquence sur un transducteur piézoélectrique. La
déformation engendrée par l’onde acoustique crée une variation d’indice qui dépend du temps.
Dans notre cas, l’onde acoustique est stationnaire, ce qui donne un réseau d’indice de la forme

∆n = ∆n0 sin

(
Ω

2
t

)
.

Pour un faisceau de longueur d’onde λ, ce réseau d’indice constitue un réseau de diffraction
fonctionnant en régime de Bragg. Sa transmission (puissance diffractée dans l’ordre 0) s’écrit

Tmod (t) = 1− sin2

[
πe

λ
∆n0 sin

(
Ω

2
t

)]
,

où e est la longueur du modulateur. On peut montrer qu’une très bonne approximation de cette
transmission est donnée par :

Tmod (t) ' 1− µ sin2

(
Ω

2
t

)
, (D.5)

avec µ = sin2
(
πe
λ

∆n0

)
la profondeur de modulation, comprise entre 0 et 1, et Ω/2π est la

fréquence de modulation. Par la suite, le modulateur sera toujours modélisé par cette fonction,
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qui s’écrit en amplitude

tmod (t) =

√
1− µ sin2

(
Ω

2
t

)
. (D.6)

On a supposé que la modulation est parfaitement synchrone avec l’impulsion, et que la
fréquence de modulation est rigoureusement égale à la fréquence de répétition de la cavité. Afin
de garder un caractère simple au modèle, on considère une impulsion assez courte, c’est-à-dire
telle que τ � 1/Ω . Pour cette impulsion le modulateur est essentiellement décrit par

tmod (t) '
√

1− µΩ2

4
t2 ' exp

(
−µΩ2

8
t2
)
, (D.7)

ce qui permet de décrire encore le champ sous forme d’une gaussienne, avec cette fois

Ã′′0

Ã′0
=
A′′0
A′0

= 1

1

τ ′′2
=

1

τ ′2
+ µ

Ω2

8

δω2 = δω′2 +
1

2
µΩ2

τ ′′δω′′ = 2.

Le modulateur a donc pour effet de raccourcir l’impulsion et d’élargir son spectre.

Pertes

On considère des pertes plates en fréquences, c’est-à-dire

tpertes = exp (−p/2) . (D.8)

L’amplitude du champ est donc modifiée selon la relation

Ã
′′′
0

Ã
′′
0

=
A
′′′
0

A
′′
0

= e−
p
2 .

Des pertes dépendant de la fréquences peuvent être incluses au modèle à condition qu’elles
soit exprimées sous forme exponentielle. Ceci permet par exemple d’ajouter l’effet d’un filtre
intracavité ou d’un miroir étroit en fréquence, de largeur ∆ωf , qui viendrait réduire davantage
la bande spectrale autorisée par le gain du milieu amplificateur. Il suffit alors d’effectuer la
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substitution
g

∆ω2
→ g

∆ω2
+

2

∆ω2
f

. (D.9)

Régime stationnaire

Un régime stationnaire d’impulsions courtes est atteint si le champ revient identique à lui-
même après un tour de cavité. Cette condition de bouclage porte à la fois sur l’amplitude du
champ, A′′′0 = A0, et la durée des impulsions, τ ′′ = τ , la largeur spectrale étant toujours donnée
par (D.2). Ce qui donne

A
′′′

0 = A0e
g
2
− p

2 = A0 (D.10)

1

τ ′′2
=

1

τ 2
=

1

τ 2 + 2g
∆ω2

+ µ
Ω2

8
(D.11)

τδω = 2.

La première équation est la condition usuelle du seuil : le gain doit compenser les pertes en
régime stationnaire, soit g = p. Pour un fort gain, cette équation devient gh = p + 2 ln 2 . La
seconde équation peut se résoudre exactement :

τ =
( g

∆ω2

)1/2
(√

1 +
16∆ω2

gµΩ2
− 1

)1/2

, (D.12)

où g et ∆ω prennent l’indice h dans le cas d’un fort gain. En pratique, la bande de gain du
cristal non-linéaire est bien supérieure à la fréquence de modulation, soit ∆ω � Ω, ce qui est
justifié par une application numérique au Chap. 3.2.3. Ceci avait déjà été supposé implicitement
lors de l’écriture de la transmission du modulateur en écrivantτ � 1/Ω. En effet, cela équivaut
à δω � Ω, et comme la largeur spectrale d’une impulsion est limitée par la bande de gain, soit
δω < ∆ω, nous avons bien ∆ω � Ω. En faible gain (g �1) comme en fort gain (gh �1) nous
pouvons alors dériver une expression approchée de la durée des impulsions :

τsta '
(
g

µ

)1/4
2√

Ω∆ω
, (D.13)

où g et ∆ω prennent l’indice h dans le cas d’un fort gain.
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Temps d’établissement du régime stationnaire

L’équation (D.11) peut être réécrite pour exprimer la durée de l’impulsion au tour n+ 1 en
fonction de la durée de l’impulsion au tour n :

1

τ 2
n+1

=
1

τ 2
n + 2g

∆ω2

+ µ
Ω2

8
.

On normalise la durée de l’impulsion à sa valeur stationnaire donnée par (D.13) en posant
yn = τ 2

sta/τ
2
n. L’impulsion évolue du régime continu au régime stationnaire, soit 0 < yn ≤ 1, et

par ailleurs ∆ω � Ω, ce qui permet d’écrire

yn+1 − yn '
Tcav
Tsta

(
1− y2

n

)
,

avec Tsta = 2Tcav∆ω/Ω
√
gµ où Tcav = 2π/Ω est le temps d’aller-retour dans la cavité. L’équation

précédente peut se mettre sous forme différentielle dès lors que yn varie peu sur un tour de
cavité. Il peut être facilement démontré que c’est bien le cas si ∆ω � Ω, ce que nous avons
déjà supposé. Nous avons donc

dy

dt
' 1

Tsta

(
1− y2

)
. (D.14)

La solution exacte de cette équation est

y (t) = tanh

(
t

Tsta
+ arctanhy0

)
, (D.15)

ou encore
τ (t) = τsta tanh−1/2

(
t

Tsta
+ arctanh

τ 2
sta

τ 2
0

)
, (D.16)

avec τ0 = τ (0) = y
−1/2
0 la durée initiale de l’impulsion au temps t = 0. Pour une durée initiale

d’impulsion très grande devant la durée en régime stationnaire (ce qui est le cas en pratique),
l’équation précédente de simplifie en

τ (t) =
τsta√

tanh
(

t
Tsta

) . (D.17)

D.2 Calculs du modèle de Haus (Chap. 3.2.2)

Le modèle de Haus peut être utilisé pour prendre en compte un certain nombre de phéno-
mènes négligés dans le modèle de Kuizenga et Siegman. Ces phénomènes sont la dispersion de
la cavité au premier et deuxième ordre, appelées respectivement retard de vitesse de groupe
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et dispersion de vitesse de groupe, la dispersion au premier ordre de l’amplificateur (appelée
tirage de fréquence pour un laser), ainsi qu’un désaccord de fréquence entre le modulateur et
la résonance de la cavité. L’objectif est ici d’établir une équation différentielle d’évolution du
champ électrique, afin de déduire les conditions de stabilité du verrouillage en phase et la durée
des impulsions en régime stationnaire.

On considère le passage d’une impulsion à travers les différents éléments de la cavité, am-
plificateur, modulateur, pertes et dispersion, de transmission en amplitude t (voir Fig. 3.4).
Comme pour les pertes, la dispersion des éléments est ramenée en un seul point de la cavité,
ce qui sera justifié par le fait qu’il s’agit d’un modèle linéaire. L’hypothèse fondamentale de ce
modèle est de supposer que l’impulsion ne subit que des changements infinitésimaux à chaque
tour de cavité. Dans ce modèle perturbatif, chaque opérateur t peut être linéarisée : t ' 1 + dt,
où la norme et l’argument (déphasage) des t sont petits devant 1.

Comme précédemment, le champ est décrit par une enveloppe lentement variable notée A (t)

et une porteuse optique de pulsation ω0. Nous utiliserons alors l’équivalence suivante entre les
opérateurs fréquentiels et temporels :

−i (ω − ω0)↔ d

dt
(D.18)

− (ω − ω0)2 ↔ d2

dt2
,

qui peut se démontrer facilement en utilisant les propriétés de dérivation de la transformée
de Fourier. Dans la suite, le référentiel de temps sera celui de la porteuse, qu’on supposera
parfaitement résonnante avec la cavité.

Amplificateur

Nous avons déjà vu au Chap. 1.6.3 que suffisamment proche de l’accord de phase, pour un
gain faible, et en dehors de la dégénérescence, le gain en amplitude pour l’onde signal est donné
par

topa (ω) = 1 +
g

2

(
1− i 2√

3

ω − ω0

∆ω
− iDopa (ω − ω0)2 − (ω − ω0)2

∆ω2

)
, (D.19)

avec les notations habituelles définies au Chap. 1 et ∆ω = ∆ω1. L’hypothèse de base du modèle
de Haus nous interdit de considérer le cas d’un gain fort, comme cela avait été fait dans le
modèle précédent de Kuizenga et Siegman. Dans le domaine temporel, l’opérateur infinitésimal
s’écrit

dtopa =
g

2

(
1 +

2√
3∆ω

d

dt
+ iDopa

d2

dt2
+

1

∆ω2

d2

dt2

)
. (D.20)
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Ce développement ne sera valable que pour une impulsion dont la largeur spectrale reste
petite devant la bande de gain de l’amplificateur, c’est-à-dire ∆ω � δω = 2/τ . Nous retrouvons
ici un résultat remarquable que nous avions déjà vu au Chap. 1.6.3 et 3.2.1 : l’amplification est
formellement identique à celle obtenue dans un laser. Autrement dit, le gain ne dépend pas,
au premier ordre, de la nature du milieu amplificateur. Rappelons que c’est principalement ce
résultat qui nous permet d’envisager le verrouillage de phase actif direct dans un OPO.

Modulateur

En considérant une impulsion courte devant la période de modulation, l’opérateur du mo-
dulateur est

tmod ' 1− µΩ2

8
t2. (D.21)

De plus, la fréquence Ω du modulateur n’est pas nécessairement égale à celle de la cavité,
mais en diffère d’une quantité +δΩ, qu’on supposera petite devant la fréquence de la cavité.
Après un tour, le champ électrique est donc en avance d’un temps δTΩ par rapport à la modu-
lation :

δTΩ =
2π

Ω
− Tcav ' −

1

2π
δΩT 2

cav � Tcav.

La valeur du champ au maximum de la modulation est approximativement donnée par

A (t+ δTΩ) ' A (t) + δTΩ
dA

dt
(t) .

L’opérateur complet associé au modulateur est donc

dtmod ' −µ
Ω2

8
t2 + δTΩ

d

dt
. (D.22)

Dispersion

La dispersion est décrite par un opérateur de déphasage associé à chaque élément i de la
cavité, cristal compris :

ti = e−iki(ω)li ,

où ki (ω) et li sont respectivement le vecteur d’onde et la longueur de l’élément i. Le produit
de tous ces opérateurs Ti décrit la dispersion globale de la cavité, ce qui permet de définir un
seul opérateur :

tdisp = e−ik(ω)L, (D.23)
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avec k (ω)L =
∑
i

ki (ω) li. Au voisinage de la fréquence de la porteuse, ce terme peut faire

l’objet d’un développement limité :

k (ω) ' k0 + k
′

0 (ω − ω0) +
1

2
k
′′

0 (ω − ω0)2 ,

ce qui donne pour l’opérateur de dispersion :

tdisp ' e−ik0Le−ik
′
0(ω−ω0)Le−

1
2
ik
′′
0 (ω−ω0)2L. (D.24)

La porteuse étant en résonance avec la cavité, le premier facteur de l’équation précédente est
rigoureusement égal à 1. Dans le cadre du modèle de Haus, la dispersion doit être relativement
faible sur un tour de cavité afin que les deux autres facteurs puissent être développés au premier
ordre. Ce qui donne

tdisp '
[
1− ik′0 (ω − ω0)L

] [
1− 1

2
k
′′

0 (ω − ω0)2 L

]
' 1− ik′0 (ω − ω0)L− 1

2
ik
′′

0 (ω − ω0)2 L.

(D.25)
On reconnaît le temps de groupe Tg = k

′
0L, et la dispersion de temps de groupe Ddisp =

1
2
k
′′
0L. Comme le temps est repéré par rapport à la porteuse optique, le temps de groupe

n’intervient sur l’enveloppe qu’au travers du délai de groupe δTvg = Tg − k0L/ω. En utilisant
les relations D.18, l’opérateur infinitésimal de dispersion s’écrit finalement

dtdisp = δTvg
d

dt
+ iDdisp

d2

dt2
. (D.26)

Pertes

Les pertes de la cavité sont plates en fréquences et décrites par l’opérateur

tpertes = e−
p
2 , (D.27)

ce qui donne, au premier ordre
dtpertes = −p

2
. (D.28)

Régime stationnaire

Le régime stationnaire est atteint si l’enveloppe du champ électrique revient à l’identique
sur un tour de cavité, ce qui s’écrit normalement A (t+ Tcav) ≡ A (t). Toutefois, en raison du
retard de groupe engendré par la dispersion, l’enveloppe se décale temporellement par rapport
à la porteuse sur un tour de cavité. La condition de bouclage est maintenant A (t+ Tcav) ≡
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A (t+ δT ). Si ce décalage δT est faible, δT � Tcav, le champ électrique à l’instant t s’écrit au
premier ordre

A (t+ δT ) ' A (t) + δT
dA

dt
(t) .

Après un tour de cavité, le champ électrique devient

A (t+ Tcav) = A (t)

(
1 +

∑
i

dti

)
,

où les dti sont les opérateurs infinitésimaux calculés précédemment. En combinant les deux
équations précédentes, nous obtenons la forme générale de l’équation d’évolution :

δT
dA

dt
= A (t)

∑
i

dti, (D.29)

qui s’écrit dans notre cas sous la forme d’une équation différentielle du second ordre :{(
δTΩ + δTvg +

g√
3∆ω

− δT
)
d

dt

+
( g

2∆ω2
+ iDdisp + i

g

2
Dopa

) d2

dt2

−µ
8

Ω2t2
}
A (t) =

p− g
2

A (t) .

où δTΩ est l’écart de fréquence entre la cavité et le modulateur, δTvg le délai de groupe (retard
de l’enveloppe par rapport à la porteuse), ∆ω la bande d’amplification, Dopa la dispersion du
deuxième ordre, Ddisp la dispersion du deuxième ordre des différents éléments de la cavité, g le
gain, et p les pertes. Le verrouillage en phase est réalisé si les termes de retard se compensent,
c’est-à-dire

δTΩ + δTvg +
g√

3∆ω
= δT. (D.30)

Si δT = 0 caractérise le régime stationnaire, nous voyons que le verrouillage de phase
nécessite δTΩ 6= 0 : la fréquence de modulation n’est pas exactement égale à la fréquence de
la cavité, et dépend du gain. En posant D = Ddisp + g

2
Dopa la dispersion totale dans la cavité,

l’équation d’évolution du champ électrique s’écrit finalement{
−
( g

2∆ω2
+ iD

) d2

dt2
+
µ

8
Ω2t2

}
A (t) =

g − p
2

A (t) . (D.31)

L’obtention de (D.31) était le premier objectif du modèle de Haus. Il reste maintenant à la
résoudre afin de déterminer la durée des impulsions en régime stationnaire. Il s’agit en réalité
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d’une équation aux valeurs propres, similaire à l’équation de Shrödinger dite indépendante du
temps qu’on peut rencontrer en mécanique quantique. Le champ A (t) jouant ici le même rôle
qu’une fonction d’onde ψ (r), on reconnaît dans le terme de gauche l’équivalent d’un opérateur
hamiltonien et dans le terme de droite une énergie propre (g − p) /2.

Résolution de l’équation d’évolution en l’absence de dispersion

En l’absence de dispersion, D = 0, et l’équation (D.31) devient formellement identique à
celle décrivant l’évolution d’une particule dans un puits de potentiel parabolique :

− g

2∆ω2

d2A

dt2
+
µ

8
Ω2t2A (t) =

g − p
2

A (t) , (D.32)

où le milieu amplificateur (gain et bande passante) joue le rôle de la masse, et la modulation
d’amplitude celui du potentiel parabolique. Les solutions formelles à cette équation peuvent être
trouvées analytiquement pour des valeurs propres discrètes. Ce sont des combinaisons linéaires
des fonctions suivantes :

An (t) = Hn

(√
2
t

τ

)
e−

t2

τ2

g − p
2

=
g

∆ω2τ 2

(
n+

1

2

)
,

où n est un entier positif, et où τ a la même expression que dans (D.13) obtenue avec le modèle
de Kuizenga et Siegman :

τ =
2√

∆ωΩ

(
g

µ

)1/4

. (D.33)

La solution d’ordre le plus faible (état fondamental n = 0, H0 = 1) est une enveloppe
gaussienne sans dérive de fréquence de largeur τ . Elle possède la valeur propre la plus faible,
qui est quasiment nulle dans notre cas (∆ω � 2/τ) :

g − p
2

=
g

2∆ω2τ 2
' 0.

Il peut être montré que cette solution est la seule qui soit stable vis-à-vis de petites pertur-
bations de phase ou d’amplitude [Hau75a]. Par la suite nous pouvons donc laisser de côté les
solutions d’ordre supérieur (états excités n ≥ 1).
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Résolution de l’équation en présence de dispersion

Lorsque D 6= 0, le champ solution de l’équation d’évolution (D.31) possède généralement
une dérive de fréquence. Nous cherchons donc les solutions sous la forme

A (t) = A0e
− t2

τ2−iβt2 . (D.34)

La fréquence instantanée du champ est alors ω (t) = ω0 + 2βt. L’introduction de cette
expression du champ dans (D.31) aboutit au système

t2
[

2g

∆ω2τ 4
− 2g

∆ω2
β2 − µ

8
Ω2 − 8βD

τ 2

]
= 0

it2
[

4D

τ 4
− 4Dβ2 +

4gβ

∆ω2τ 2

]
= 0

−i
[

2D

τ 2
+

gβ

∆ω2

]
= 0

− g

τ 2∆ω2
+ 2βD +

g − p
2

= 0

Tel quel, ce système n’admet pas de solution exacte. En réalité, la recherche de solutions de la
forme (D.34) suppose implicitement que la dispersion est faible. En particulier, l’élargissement
du spectre dû au glissement de fréquence doit rester faible devant la bande de gain du milieu, soit
βτ � ∆ω, ce qui implique β � ∆ω2 car ∆ωτ � 1. Nous supposerons de plus que D∆ω2 � 1

ce qui entraîne D � τ 2. Ces hypothèses sont vérifiées au Chap. 3.2.3 lors d’une application
numérique. La troisième équation du système précédent peut alors être négligée, et le système
se résout exactement pour τ , β et p :

τ 4 = 16

(
2

g

µ∆ω2Ω2
+

g3

2µD2∆ω6Ω2

)√1 +

(
2D∆ω2

g

)2

− 1



β2 =
µΩ2∆ω2

32g
(
1 + (2D∆ω/g)2)

√1 +

(
2D∆ω2

g

)2

− 1



p = g −
D∆ωΩ

√
µ
g

√
2

√1 +

(
2D∆ω2

g

)2

− 1

−1/2

. (D.35)

L’hypothèse D∆ω2 � 1 permet de faire un développement limité des expressions précé-
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dentes :

τ 4 ' 16
g

µ∆ω2Ω2
+ 48

D2∆ω2

gµΩ2
= τ 4

D=0 +
48

gµ

∆ω2

Ω2
D2 (D.36)

β2 ' D2µΩ2∆ω6

16g3
(D.37)

g ' p (D.38)

D.3 Calculs relatifs au verrouillage actif dans un DRO à la
dégénéréscence exacte (Chap. 3.3.1)

Le premier cas considéré est le cas d’un DRO à la dégénérescence exacte, c’est-à-dire tel que
λs = λc = 2λp. Les champs signal et complémentaire sont parfaitement dégénérés, c’est-à-dire
As = Ac. Il n’y a donc qu’une seule impulsion circulant dans la cavité. Nous reprenons les
équations couplées non-linéaires (A.8). La susceptibilité non-linéaire est notée χ(2)/2 = deff .
Nous faisons également un changement de la phase à l’origine des champs de π/2, par la
substitution A→ Aeiπ/2, ce qui donne

dÃs
dz

=
ωs
cns

deffÃpÃ
∗
se
i∆kz

dÃp
dz

=− ωp
2cnp

deffÃ
2
se
−i∆kz, (D.39)

où le facteur 1/2 dans la deuxième équation est dû à la dégénérescence. En l’absence de dé-
peuplement de la pompe (hypothèse dite “paramétrique” vue au Chap. 1.6.1), l’évolution du
champ signal à la traversée du cristal est donnée par

dÃs
dz

=
gdro
lc
Ã∗se

i∆kz, (D.40)

avec gdro = ωpdeff lc
cnp

Ãp (0) le gain petit signal du DRO (sans unité). Nous supposons également
un gain faible par passage dans le cristal, et une situation proche de l’accord de phase, de telle
sorte que l’équation différentielle précédente puisse être linéarisée. La variation de champ signal
à la traversée du cristal est alors

δÃs = gdroÃ
∗
s (1 + i∆klc) . (D.41)

De façon habituelle, le désaccord de phase est développé à l’ordre 2 autour de la fréquence
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d’accord de phase ω0. À la dégénérescence parfaite, le terme d’ordre 1 (désaccord de vitesse
de groupe) est nul, mais le terme d’ordre 2 (dispersion Dc) ne l’est pas. Avec les notations
habituelles, nous avons

δÃs = gdroÃ
∗
s

[
1− 3iDc

(
ω − ω0

s

)2
]
,

ce qui s’écrit, dans le domaine temporel

δAs = gdro

[
A∗s + 3iDc

d2A∗s
dt2

]
. (D.42)

L’opérateur infinitésimal décrivant le passage à travers le cristal non-linéaire (cf. Chap. D.2)
est alors donné par dT = δAs/As. Les autres éléments de la cavité optique, modulateur, pertes
linéaires de la cavité, et dispersion d’ordre 2 Ddisp, sont décrits respectivement par les équations
(D.22), (D.28) et (D.26). L’équation différentielle décrivant l’évolution du champ électrique est
alors

(δTΩ − δT )
dAs
dt

+ iDdisp
d2As
dt2

+ 3igdroDopa
d2A∗s
dt2
− µ

8
Ω2t2As (t) =

pAs (t)− gdroA∗s (t)

2
. (D.43)

Dans l’équation précédente, aucun terme ne vient limiter la bande de gain. En effet, en
régime doublement résonnant, le désaccord de phase ne vient limiter la bande de gain qu’à
l’ordre 4 en ω − ω0

s , comme nous l’avons vu au Chap. 1.6.3. Or nous nous sommes arrêtés
avant afin de n’avoir à traiter que des dérivées temporelles du second ordre (approximation
parabolique). En pratique, la bande passante est limitée à ∆ωf par d’autres éléments de la
cavité, comme les traitements diélectriques des miroirs. Pour en tenir compte, nous introduisons
un terme du type

1

∆ω2
f

d2

dt2
.

Par la suite, nous rechercherons des solutions gaussiennes sans dérive de fréquence, tel qu’on
puisse travailler avec des champs réels, et donc écrire As = A∗s. Ceci n’est possible que si la
dispersion totale dans la cavité est nulle, c’est-à-dire si Ddro = Ddisp + 3gdroDopa = 0. Un état
stationnaire est alors possible pour le verrouillage en phase des modes, à condition de compenser
les termes de retard, soit δTΩ = δT . Finalement, l’équation d’évolution s’écrit

{
− 1

∆ω2
f

d2

dt2
+
µ

8
Ω2t2

}
As (t) =

gdro − p
2

As (t) . (D.44)

Cette équation est formellement identique à (D.32) établie au Chap. 3.2.2 avec les substitu-
tions suivantes : g → gdro, g/2∆ω2 → 1/∆ω2

f . La durée des impulsions en régime stationnaire
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d’un DRO dégénéré en l’absence de dispersion est donc

τ =
2√

∆ωfΩ

(
2

µ

)1/4

. (D.45)

D.4 Calculs relatifs au verrouillage actif dans un DRO hors
dégénerescence (Chap. 3.3.2)

L’OPO doublement résonnant (DRO) non dégénéré, tel que λs 6= λc, est particulièrement
intéressant puisqu’il s’agit du cas réalisé dans la pratique. Il y a ici deux impulsions distinctes
circulant dans la cavité, signal et complémentaire, séparées temporellement d’une quantité ts
(tc) par rapport à la fonction de modulation active des pertes dans la cavité (voir Fig. 3.5). Le
modèle utilise largement le formalisme du modèle de Haus présenté au Chap. 3.2.2 et dont les
calculs sont en Annexe D.2. On considère la traversée des impulsions signal et complémentaire
à travers les différents éléments de la cavité, modulateur, pertes, dispersion, et amplificateur,
afin d’établir une équation différentielle d’évolution de l’enveloppe du champ électrique. Les
retards ts et tc sont faibles par rapport à la durée des impulsions. On note t le temps dans le
référentiel de chaque impulsion.

Modulateur

Nous avons déjà vu avec (D.7) que pour des impulsions courtes, la modulation (en ampli-
tude) pouvait être approximée par une fonction parabolique :

tmod ' 1− µΩ2

8
t2. (D.46)

où Ω/2π est la fréquence de modulation des pertes. La modulation ne pouvant pas être centrée
sur les deux impulsions à la fois, sa valeur est différente pour chacune des deux impulsions.
Dans le référentiel de l’impulsion signal, elle s’écrit

tmod (t) ' 1− µΩ2

8
(t+ ts)

2 . (D.47)

L’opérateur infinitésimal associé est

dtmod,s = −µΩ2

8
t2 − µΩ2

8
t2s − µ

Ω2

4
tst. (D.48)

Cette expression fait apparaître deux nouveaux effets sur l’impulsion : un terme de pertes
(constant), et un terme de retard (proportionnel à t). La même expression s’applique à l’onde
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complémentaire en remplaçant l’indice s par c (sans changement de signe).

Dispersion

Pour simplifier l’analyse, on ne considère que la dispersion au premier ordre due à la dif-
férence de vitesse de groupe. Rappelons que c’est elle qui est responsable de la séparation
temporelle des impulsions signal et complémentaire. L’opérateur de dispersion pour l’onde si-
gnal est

dtdisp = δTs
d

dt
+ iDdisp,s

d2

dt2
, (D.49)

où δTs est le délai de groupe par rapport à la porteuse optique, et Ddisp,s la dispersion de
délai de groupe avec les définitions habituelles. La même expression est utilisée pour l’onde
complémentaire en remplaçant l’indice s par c.

Pertes

Les pertes sont plates en fréquence :

dtpertes = −p. (D.50)

Amplificateur

À partir des équations non-linéaires, il peut être montré facilement que la variation du
champ signal après amplification paramétrique s’écrit, dans le cas non dégénéré :

δÃs = gdroÃ
∗
c (t+ ts − tc) ei∆klc , (D.51)

avec gdro =
ωpdeff lc
cnp

Ãp (0) le gain petit signal du DRO. Nous avions déjà établi une expression
similaire dans le cas du DRO dégénéré. Il est important de noter qu’ici le complémentaire
participe au gain du signal à l’instant t + ts − tc et non à l’instant t car les deux impulsions
sont séparées temporellement (t étant le temps dans le référentiel signal). Pour des retards ts
et tc faibles devant la durée des impulsions, ont utilise le développement limité suivant :

A∗c (t+ ts − tc) ' A∗c (t) +
dA∗c
dt

(ts − tc) +
1

2

d2A∗c
dt2

(ts − tc)2 ,

où les dérivées sont évaluées en t = 0. Cette approximation permet d’écrire l’amplification de
l’onde signal sous la forme :

δAs = gdro

(
A∗c (t) +

dA∗c
dt

(ts − tc) +
1

2

d2A∗c
dt2

(ts − tc)2

)
ei∆klc . (D.52)
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Simplifications

Dans un souci de simplification, nous nous limiterons au cas où les champs signal et com-
plémentaire sont réels et identiques, tels que A∗c (t) = Ac (t) = As (t), chaque champ étant
repéré dans son propre référentiel de temps. Ceci implique que les impulsions sont sans dérive
de fréquence, ce qui se produit lorsque la dispersion dans la cavité est nulle (Ddisp ≡ 0). De
plus, nous supposons que les impulsions sont décalées dans le temps de façon symétrique, telles
que tc = −ts. Cette hypothèse vient de l’idée intuitive que la modulation optimale possède un
maximum de transmission à mi-chemin entre les deux impulsions, ce qui revient à dire qu’elle
est synchronisée avec la vitesse de groupe moyenne des impulsions.

Par ailleurs, ce modèle suppose que la stabilité du verrouillage actif des modes en phase
est déterminée par la compétition entre la dispersion qui tend à séparer temporellement les
impulsions et la modulation qui tend à les rapprocher. Il n’est donc pas nécessaire de prendre
en compte la limitation de la bande de gain par le désaccord de phase (terme du second ordre).
Comme les champs sont réels et que la variation de l’impulsion d’un tour à l’autre est faible, les
effets dispersifs du désaccord de phase (termes du premier ordre) peuvent être considérés comme
faisant partie de la dispersion globale de la cavité, et être inclus dans l’opérateur de dispersion.
Le terme de désaccord de phase peut alors être omis dans l’expression de l’amplification de
l’onde signal. Nous avons finalement

dtamp =
δAs
As

= gdro

[
1 + 2ts

d

dt
+ 2t2s

d2

dt2

]
. (D.53)

Équation d’évolution

La condition de bouclage du modèle de Haus (D.29) est rappelée ici :

δT
dAs
dt

= As
∑
i

dti.

Dans le cas du DRO hors dégénérescence, cette équation devient :

(2gdrots + δTs − δT )
dAs
dt

+gdrot
2
s

d2As
dt2

+

(
gdro − p− µ

Ω2

8
t2s

)
As

−µΩ2

8
t2As − µ

Ω2

4
tstAs = 0.
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Nous allons ensuite chercher sous quelles conditions cette équation admet une solution
gaussienne du type

As (t) = As0e
−( tτ )

2

.

Dans ce cas, le produit tAs peut être relié simplement à la dérivée du champ :

tAs = −τ
2

2

dAs
dt

.

À l’inverse, la dérivée seconde du champ peut être exprimée en fonction de t et de As :

d2As
dt2

=

(
− 2

τ 2
+

4t2

τ 4

)
As.

Les deux relations précédentes permettent de réécrire l’équation d’évolution :(
2gdrots + δTs − δT + µ

Ω2

8
tsτ

2

)
dAs
dt

+

(
gdro − p− µ

Ω2

8
t2s − 4gdro

t2s
τ 2

)
As

+

(
gdrot

2
s

8

τ 4
− µΩ2

8

)
t2As = 0

Pour que cette équation soit vérifiée, chaque membre doit être nul. À l’état stationnaire, on
peut poser δT = 0, c’est-à-dire que l’enveloppe ne se décale plus dans le temps. Le système à
résoudre est donc :

2gdrots + δTs + µ
Ω2

8
tsτ

2 = 0 (D.54)

p− gdro + µ
Ω2

8
t2s + 4gdro

t2s
τ 2

= 0 (D.55)

gdrot
2
s

8

τ 4
− µΩ2

8
= 0, (D.56)

avec τ et ts comme inconnues, et les notations habituelles. Comme τ � ts, (D.55) est bien
approximée par

p− gdro + µ
Ω2

8
t2s = 0. (D.57)

Nous voyons que la condition de seuil habituelle est modifiée pour tenir compte des pertes
supplémentaires dues au décentrement de la modulation par rapport aux impulsions. Pour des
impulsions de l’ordre de 100 ps, ts est au mieux de l’ordre de 10 ps car nous avons supposé
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τ � ts. Comme la fréquence de modulation est de l’ordre de 100 MHz, le terme de pertes
supplémentaires est au mieux de l’ordre de 10−7, ce qui est négligeable par rapport aux gain et
pertes qui sont de l’ordre de 10−2. L’équation (D.56) peut se réécrire :

ts =

√
µ

gdro

τ 2

8
Ω. (D.58)

Combinée à (D.54), (D.56) donne la durée des impulsions :

τ 2 =
8gdro
µΩ2

(
−1 +

√
1− ΩδTs

√
µ

g3
dro

)
. (D.59)

Comme le temps de groupe à travers les éléments dispersifs est bien évidemment inférieur
au temps d’aller-retour dans la cavité, ΩδTs � 1, la solution du problème est finalement

τ =
2√

Ω∆ωdro

(
gdro
µ

)1/4

ts =
1

2∆ωdro
. (D.60)

avec ∆ωdro = −gdro/δTs.

D.5 Calculs relatifs à l’OPO à verrouillage de modes passif
(Chap. 3.8)

Dans cette annexe, on considère l’OPO simplement résonnant à balayage de la pompe décrit
au Chap. 3.8. Dans cet OPO, les vitesses de groupe de la pompe et du signal (résonnant) sont
volontairement très différentes. Il s’en suit une forte séparation temporelle δtps entre la pompe
et le signal au cours de la propagation dans le cristal non-linéaire. L’amplification a lieu lorsque
que l’impulsion signal “balaye” la pompe temporellement. Dans cet OPO, l’amplification ne
devrait plus dépendre de la puissance crête Pp, mais de l’énergie de pompe balayée par le
signal, Pp · δtps. Dans ces conditions le milieu non-linéaire acquiert un temps de vie effectif δtps,
comme dans un laser. Il est alors envisageable de verrouiller les modes de cet OPO de façon
passive, avec un absorbant saturable par exemple.

Dans cette annexe, nous allons d’abord démontrer analytiquement que le gain de l’OPO à
balayage de la pompe est analogue à un gain laser. Puis nous appliquerons le formalisme de
Kuizenga et Siegman, déjà rencontré au Chap. D.1, au verrouillage de modes passif dans cet
OPO.
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D.5.1 Gain de l’OPO à balayage de la pompe

L’objectif de cette partie est d’obtenir l’expression de la pompe dépeuplée en sortie de
cristal, afin d’en déduire le gain paramétrique pour l’onde signal. Toutes les amplitudes A des
champs sont normalisées pour que A2 = φ = dn/dt où n est le nombre de photons et φ le flux
de photons. Nous voulons tenir compte de la dispersion de vitesse de groupe, donc les équations
de propagation dans le cristal non-linéaire sont (A.29). La dispersion d’ordre 2 est négligée car
elle est très faible devant la dispersion d’ordre 1. Nous avons donc :

∂As
∂z

+
1

vs

∂As
∂t

= KApA
∗
ce
−j∆kz (D.61)

∂Ac
∂z

+
1

vc

∂Ac
∂t

= KApA
∗
se
−j∆kz (D.62)

∂Ap
∂z

+
1

vp

∂Ap
∂t

= −KAsAcej∆kz, (D.63)

où v désigne une vitesse de groupe. Le coefficient de couplage est noté ici

K =
χ(2)

c

(
ωpωsωc

2n
(p)
r n

(s)
r n

(c)
r

~Z0

S

)1/2

,

où χ(2) est la susceptibilité non-linéaire d’ordre 2 pour l’interaction considérée, nr désigne un
indice de réfraction, S est l’aire des faisceaux et Z0 = 377 Ω l’impédance du vide. La dimension
de A est s−1/2 et celle de K est s1/2m−1.

Pour que δtps soit le plus grand possible, les fréquences pompe et signal doivent être très
éloignées. D’autre part, pour espérer produire des impulsions courtes, la bande passante de
l’amplification paramétrique doit être la plus grande possible. Ces deux conditions font de la
dégénérescence le point de fonctionnement optimal pour l’OPO. Dans ce cas, les vitesses de
groupe du signal et du complémentaire sont très proches, et nous pouvons considérer pour
l’instant que vs = vc. Pour établir une expression analytique simple du gain paramétrique,
nous supposons également que le désaccord de phase est nul. Dans ce cas les amplitudes des
champs sont réelles (pas de déphasage non-linéaire). L’effet du désaccord de phase, et donc de
la bande passante d’amplification, sera inclu lors de la prédiction de la durée d’impulsion au
Chap. D.5.3.

Pour résoudre le système (D.63), il est commode de se placer dans le référentiel de la pompe,
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en posant t′ = t− z/vp. Nous obtenons alors

∂As (z,t′)

∂z
− δv−1∂As (z,t′)

∂t′
= KAp (z,t′)Ac (z,t′) (D.64)

∂Ac (z,t′)

∂z
− δv−1∂Ac (z,t′)

∂t′
= KAp (z,t′)As (z,t′) (D.65)

∂Ap (z,t′)

∂z
= −KAs (z,t′)Ac (z,t′) , (D.66)

où δv−1 = v−1
p − v−1

s . Dans ce nouveau repère mobile, lorsque l’impulsion signal se propage sur
la distance ∆z elle avance dans le temps de ∆zδv−1. Lorsqu’elle a traversée tout le cristal de
longueur lc l’impulsion signal s’est déplacé temporellement de δtps = lcδv

−1.

Le signal et le complémentaire sont représentés par leurs amplitudes respectives ns et nc, et
une enveloppe temporelle unique f (τ) :

As,c (z,t′) =
√
ns,c (z)f

(
t′ − (lc − z) δv−1

)
ts∫

0

f 2 (τ) dτ = 1; f (τ) = 0 pour τ > 0 et τ < ts. (D.67)

La largeur totale de l’enveloppe temporelle est notée ts, telle que le champ puisse être
considéré comme nul au-delà. Avec la notation adoptée, l’impulsion ou complémentaire émerge
du cristal au temps t′ = 0 dans le repère mobile.

Nous nous intéressons à un OPO en régime stationnaire, avec peu de pertes. Ceci a plusieurs
conséquences : les nombres de photons ns et nc varient peu sur un tour de cavité; l’enveloppe
f (τ) est inchangée à la traversée du cristal non-linéaire; le flux du signal résonnant est bien
supérieur à celui du complémentaire, et peut être considéré comme quasiment constant selon
z, soit nc (z) � ns (z) ' cste. À partir de (D.66) et de (D.67), il est possible de voir que les
photons de pompe au temps t’ interagissent avec le signal et le complémentaire uniquement
dans une zone du cristal telle que

lc − t′/δv−1 ≤ z ≤ lc − t′/δv−1 + ts/δv
−1. (D.68)

Avant d’entrer dans cette zone, les impulsions n’ont pas encore rencontré la pompe. Après
l’avoir traversée, les impulsions ne rencontreront plus la pompe avant le tour de cavité suivant.
Pour obtenir la pompe dépeuplée, nous intégrons donc (D.66) sur cette zone du cristal, avec
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ns = cste, pour obtenir

Ap (z,t′) = Ap0 −K
√
ns

∫ z

0

√
nc (z)f 2

(
t′ − (lc − z1) δv−1

)
dz1

= Ap0 −
(
K/δv−1

)√
ns

∫ t′−(lc−z)δv−1

0

√
nc (lc − t′/δv−1 + τ/δv−1)f 2 (τ) dτ, (D.69)

en utilisant la substitution τ = t′ − (lc − z1) δv−1. À ce stade, nous supposons que l’impulsion
signal en régime stationnaire est beaucoup plus courte que le temps de walk-off, ts � lcδv

−1 =

δtps. Cela revient à dire que la pompe est balayée par le signal sur une très courte distance par
rapport à la longueur du cristal, δzps = ts/δv

−1 � lc. Nous pouvons alors considérer que le flux
complémentaire est constant sur cette distance, et le sortir de l’intégrale, ce qui donne

Ap (z,t′) = Ap0 −
(
K/δv−1

)√
nsnc (lc − t′/δv−1)

∫ t′−(lc−z)δv−1

0

f 2 (τ) dτ. (D.70)

Une fois encore, cette expression n’a de sens que pour la partie de la pompe qui a vu les
photons signal, c’est-à-dire respectant la condition (D.68). Au-delà, la pompe n’est pas dépeu-
plée et Ap = Ap0. Pour une expression explicite de la pompe dépeuplée, nous devons d’abord
déterminer l’expression du complémentaire nc. L’évolution du complémentaire est obtenue en
combinant (D.74) et (D.66) :

dAc (z,t′)

dz
− δv−1∂Ac (z,t′)

∂t′
=

KAs (z,t′)

[
Ap0

(
K/δv−1

)√
nsnc (lc − t′/δv−1)

∫ t′−(lc−z)δv−1

0

f 2 (τ) dτ

]
. (D.71)

En multipliant les deux côtés de cette équation par Ac (z,t′) et en intégrant en t’ sur la durée
totale de l’impulsion, c’est-à-dire de (L− z) δv−1 jusqu’à (L− z) δv−1 + ts, nous obtenons après
calculs

1

2

dnc (z)

dz
= K

√
nsnc (z)Ap0

[
1−

γ (K/δv−1)
√
nsnc (z)

Ap0

]
, (D.72)

où nous avons introduit

γ =

ts∫
0

f 2 (τ2) dτ2

τ2∫
0

f 2 (τ) dτ,

en utilisant la substitution τ2 = t′ − (lc − z) δv−1. Pour une impulsion symétrique, gaus-
sienne par exemple, on peut montrer que γ ∼ 0,5. Cela signifie que chaque impulsion si-
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gnal/complémentaire voit en moyenne une pompe à moitié dépeuplée. La solution de (D.72)
s’obtient en posant nc ≡ x2 pendant le calcul, et s’écrit

√
nc (z) = Ap0

1− e−γ(K2/δv−1)nsz

γK
√
ns/δv−1

=
√
nmoy

1− e−
ns
nsat

z
lc√

γ (ns/nsat)
, (D.73)

où nous avons introduit l’énergie de saturation en nombre de photons

nsat = δv−1/γK2lc,

et l’énergie de pompe disponible en nombre de photons

ndisp = A2
polcδv

−1.

Cette énergie n’est rien d’autre que le nombre de photons balayé par le signal sur le temps
δtps = lcδv

−1. Comme nous l’avons déjà mentionné, les photons de pompe situés en t’ qui
sortent du cristal ont été dépeuplées lorsque la pompe était en z = lc − t′/δv−1. Après cette
distance, ils sont restés inchangés, jusqu’à la sortie du cristal. En remplaçant nc (z) dans (D.74)
par son expression (D.73), nous obtenons l’expression finale de la pompe dépeuplée :

Ap (lc,t
′) = Ap

(
lc − t′/δv−1 + ts/δv

−1,t′
)

= Ap0

1− 1− e
ns
nsat

t′−δtps
δtps

γ

 , (D.74)

en utilisant à nouveau ts � δtps.

La Fig. D.1(a) montre la pompe dépeuplée pour différentes valeurs de l’énergie signal inci-
dente ns/nsat, pour une impulsion signal de durée ts = 0,02 δtps. Cette figure montre bien que
le temps de recouvrement du gain est δtps. Afin de calculer le gain paramétrique en fonction
du temps, nous considérons une impulsion “sonde” qui suit l’impulsion signal avec un certain
retard t. Selon son retard, cette impulsion voit une pompe plus ou moins dépeuplée, et donc
un gain plus ou moins grand. Nous définissons donc le gain de l’OPO par

gOPO (t)− 1 =

Klc δtps∫
t

Ap (lc,t
′) dt′/δtps +Klc

δtps+t∫
δtps

Ap0dt
′/δtps


2

=
(g0 − 1)

γ2

[
1

ns/nsat

(
1− e

ns
nsat

(
t

δtps
−1
))
− 1 + γ + t/δtps

]2

, (D.75)

où g0 est la valeur non saturée du gain, quand ns → 0. Le gain est tracé sur la Fig. D.1(b) pour

195



Chapitre D - Détails des calculs du chapitre 3

1-0,25 0 0,25 0,5 0,75
-0,5

-0,3

-0,1

0,1

0,3

0,5

0,7

0,9
1

Temps (unités de tps )

P
o

m
p
e

d
é
p
e
u
p

lé
e

A
p
(L

)/
A

p
0 ns = 0,25 nsat

0,5

0,75

1,25

1,0

(a) (b)

0,75

1,25

ns = 0,25 nsat

-0,2 0 0,2 0,4 0,6 0,8 1
0

0,2

0,4

0,6

0,8

1

Temps (unités de tps )

G
a

in
 p

e
ti
t 
s
ig

n
a

l 
g

(t
)/

g
0

Fig. D.1: (a) Pompe dépeuplée Ap (lc,t′) en fonction du temps, juste après le passage de l’impulsion
signal, pour différentes valeurs de l’énergie signal en unités de nsat. D’après (D.74). Une
valeur négative correspond à la reconversion du signal vers la pompe. (b) Gain gOPO (t) de
l’OPO à balayage de la pompe juste après le passage de l’impulsion signal (lignes pleines),
d’après (D.75) et gain d’un amplificateur laser équivalent avec un temps de recouvrement
δtps/2 (lignes pointillées), d’après (D.78). La durée du signal est ts = 0,02δtps.

γ = 0,5. Il retrouve sa valeur non-saturée g0 au bout du temps caractéristique δtps. Au temps
t = 0, c’est-à-dire au centre de l’impulsion signal, le gain vaut

gOPO (0)− 1 =
(g0 − 1)

γ2

[
1

ns/nsat

(
1− e−

ns
nsat

)
− 1 + γ

]2

. (D.76)

Lorsque l’énergie signal est faible devant l’énergie de saturation, une expression approchée
est

gOPO(0)− 1 ≈ (g0 − 1) e
− ns
γnsat . (D.77)

En fait, ce gain a exactement la même expression que le gain d’un amplificateur laser avec
une énergie de saturation γnsat/2 ≈ nsat/2 [Sie86]. En fonction du temps, ce gain laser s’écrit

geq (t)− 1 = (g0 − 1)
[
1−

(
1− e−

2ns
nsat

)
e
− 2t
δtps

]
, (D.78)

et est tracé sur la Fig. D.1(b) pour comparaison avec le gain de l’OPO. Nous arrivons au
résultat principal de cette partie : le gain de l’OPO à balayage de la pompe a une dynamique
quasiment identique à celle d’un amplificateur laser, avec une énergie de saturation nsat/2 et
un temps de recouvrement de δtps/2. Pour cette raison nous nous attendons à ce que l’OPO
adopte plusieurs des comportements observés dans les lasers. Par exemple, même en l’absence de
modulation active ou passive des pertes, l’OPO est susceptible de démarrer avec des oscillations
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de relaxation. Néanmoins, contrairement à ce qui se passe dans la plupart des lasers solides, le
temps d’amortissement de ces oscillations est δtps, qui est beaucoup plus court que le temps
de vie des photons dans la cavité. Seule une ou deux impulsions de relaxation devraient donc
avoir lieu. Cet effet a déjà été observé dans la littérature [Umb94, Kha95, Lef99], et est discuté
au Chap. 3.8 à l’aide d’une simulation numérique.

Dans l’OPO à balayage de la pompe, tous les photons de la pompe sont utilisés pour
amplifier le signal. Plus exactement, le signal ne profite plus seulement des photons de pompe
contenus dans l’intervalle de temps ts, mais de tous ceux contenus dans δtps > ts. De plus, la
reconversion vers la pompe est plus faible dans cet OPO, car le signal en se déplaçant par rapport
à la pompe la dépeuple uniformément. Ceci devrait donc améliorer le rendement de conversion
par rapport à un OPO à impulsions courtes “classique”. Cet amélioration est quantifiée dans la
partie suivante.

Grâce au walk-off temporel, le gain de l’OPO à balayage de la pompe n’est plus instantané :
il acquiert un temps de réponse effectif δtps/2. L’amplification n’est alors plus fonction de la
puissance crête Pp, mais de l’énergie de pompe balayée par le signal, ndisp ∝ Pp · δtps. Une
impulsion peut alors être comprimée par un absorbant saturable : sa puissance crête augmente
tandis que sa durée diminue, à énergie constante. Comme dans un laser, il devient donc envi-
sageable de faire du verrouillage de modes passif. Une estimation de la durée d’impulsion par
verrouillage de modes passif est faite au Chap. D.5.3.

D.5.2 Rendement de conversion
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Fig. D.2: (a) Rendement de conversion photonique (D.79) et gain (D.76) de l’OPO à balayage de la
pompe en fonction de l’énergie signal intracavité. (b) Energie en sortie (D.80) et rendement
photonique (D.79) en fonction de l’énergie de pompe disponible (balayée). Les énergies sont
en nombre de photons normalisés au seuil d’oscillation. γ = 0,5.
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Dans la partie précédente nous avons établi en (D.73) l’expression du nombre de photons
complémentaire générés sur un tour de cavité. Ceci nous permet maintenant d’écrire le rende-
ment de conversion :

η =
nc (lc)

ndisp
=

pns
ndisp

=

(
1− e−ns/nsat

)2

γns/nsat
, (D.79)

où p sont les pertes totales de la cavité. Le rendement est tracé sur la Fig. D.79(a), ainsi que
le gain dépeuplé (D.76). Le rendement maximum est de 80 % et a lieu pour un signal tel que
ns,opt ≈ 1,26 nsat, indépendamment de la valeur de γ. Cette valeur est très proche de celle pour
laquelle le gain est complètement dépeuplé, qui est ∼ 1,55nsat.

Nous pouvons ensuite déterminer la caractéristique d’entrée–sortie ndisp–pns de l’OPO en
réécrivant (D.79) sous la forme

ndisp = pγnsat
(ns/nsat)

2

(1− e−ns/nsat)2 . (D.80)

Le seuil d’oscillation est alors

ndisp,th = pγnsat lim
ns→0

(ns/nsat)
2

(1− e−ns/nsat)2 = pγnsat. (D.81)

En reprenant les définitions de ndisp et nsat nous obtenons le seuil d’oscillation de l’OPO à
balayage de la pompe :

p0,th = A2
p0,th = p (Klc)

−2 . (D.82)

Cette expression est exactement la même que pour un OPO simplement résonnant sans walk-
off temporel, lorsque les pertes restent faibles [Ros02]. Le rendement de conversion maximal est
atteint pour

ndisp,opt = nouts,opt/ηmax ≈ 3γpnsat ≈ 3 ndisp,th, (D.83)

si γ = 0,5. C’est bien ce que montre la Fig. (D.79)(b).

En conclusion, l’OPO à balayage de la pompe a un seuil identique à celui d’un OPO “normal”,
et un rendement photonique de 80 % peut être atteint pour un pompage trois fois au dessus
du seuil. Le rendement attendu dans cet OPO est donc bien meilleur que celui de l’OPO à
verrouillage de modes actif (cf. Chap. 3), pour lequel le recouvrement temporel entre la pompe
continue et le signal impulsionnel était très faible.
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D.5.3 Durée d’impulsion en verrouillage de modes passif

Nous avons vu au Chap. D.5.1 que le gain de l’OPO à balayage de la pompe était similaire
à celui d’un laser. En particulier, la saturation (dépeuplement de la pompe) y joue un rôle
identique. Nous pouvons donc appliquer la théorie de Kuizenga et Siegman (cf. Chap. D.1) à
cet OPO pour prédire la durée d’impulsion par verrouillage de modes passif. Rappelons que ce
n’était pas le cas de l’OPO à verrouillage de phase actif du Chap. 3, où la saturation devait
faire l’objet d’un traitement particulier.

Le calcul qui sera exposé ici n’est susceptible que de donner un ordre de grandeur de la durée
d’impulsion. En effet, une prédiction précise de la durée d’impulsion en verrouillage de modes
passif nécessite normalement une simulation numérique. C’est ce qui est d’ailleurs proposé au
Chap. 3.8.

Nous considérons donc l’OPO à balayage de la pompe comprenant maintenant un absorbant
saturable. Dans le modèle de Kuizenga et Siegman, le cristal non-linaire se comporte comme
un amplificateur passe-bas sans saturation, et l’absorbant saturable comme un filtre passe-
haut. L’OPO est situé suffisamment loin de la dégénérescence pour que la bande passante
d’amplification soit limitée par la dispersion d’ordre 1, c’est-à-dire par la différence des vitesses
de groupe du signal vs et du complémentaire vc, notée δv−1

sc = v−1
s −v−1

c . Comme le gain est faible,
la bande de gain peut être approximée (voir Chap. 1.6.1) par la fonction sinc2(1,39∆ω/∆ω1),
avec ∆ω1 = 3,46/lcδv

−1
sc . Comme pour un laser, le gain paramétrique en intensité peut être

modélisé par une gaussienne (cf. Chap. 1.6.3) :

gOPO (∆ω) ≈ gOPO (0) exp
(
−∆ω2/2σ2

g

)
≈ (p+ 1) exp

(
−∆ω2/2σ2

g

)
, (D.84)

où σg est la largeur de la bande de gain. Sa valeur dépend du gain, et on peut montrer qu’au
point de fonctionnement optimal de l’OPO, ns = ns,opt ≈ 1,2nsat, elle vaut

σ2
g ≈ ∆ω2

1

1 + p

p
. (D.85)

L’absorbant saturable est supposé instantané. il introduit des pertes dépendant de l’intensité
du signal [Sie86] :

q (t) =
q0

1 + I (t) /IA,sat
, (D.86)

où q0 sont les pertes non saturées, I l’intensité du signal, et IA,sat l’intensité de saturation de
l’absorbant. Pour poursuivre de façon analytique nous supposons que le signal est gaussien,
Is (t) = I0e

−t2/2σ2
t de largeur à mi-hauteur ∆T = 2

√
2 ln 2σt. Dans ce cas la transmission de

l’absorbant saturable a également une forme gaussienne :
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T (I0,t) ≈ T0e
− t2

2σ2
m , (D.87)

avec un maximum T0 donné par

T0 =
1 + I0/IA,sat − q0

1 + I0/IA,sat
, (D.88)

et une largeur temporelle donnée par

1

σ2
m

=
qsat
q0

q0 − qsat
1− qsat

1

σ2
t

, (D.89)

où nous avons introduit les pertes de l’absorbant au pic de l’impulsion, qsat = q0/ (1 + I0/IA,sat).
L’effet de l’absorbant saturable est de compresser temporellement l’impulsion signal de σt1 à
σt2 selon la relation

1

σ2
t2

=

(
qsat
q0

q0 − qsat
1− qsat

+ 1

)
1

σ2
t1

, (D.90)

tandis que l’amplification étire temporellement l’impulsion de σt2 à σt3 selon

4σ2
t3 = 4σ2

t2 + σ2
g . (D.91)

À l’état stationnaire, les effets de l’amplification et de l’absorbant saturable se compensent
afin que la durée d’impulsion soit stable, i.e. σt3 = σt1. Cette condition donne finalement la
largeur totale à mi-hauteur de l’impulsion signal :

∆T =

√
2 ln 2

2π
∆ν−1

1

√(
p

1 + p

)(
1 +

q0

qsat

1− qsat
q0 − qsat

)
, (D.92)

où ∆ν1 = ∆ω1/2π. Dans une source optique à modes verrouillés, il est souhaitable de minimiser
les pertes saturées (résiduelles). Nous supposerons donc qsat � q0 < 1. Par ailleurs, par hypo-
thèse de départ, les pertes totales sont faibles, i.e. p� 1. La durée d’impulsion (D.92) adopte
alors une expression simple :

∆T =

√
2 ln 2

2π
∆ν−1

1

√
p/qsat.

Afin de pouvoir évaluer la durée d’impulsion, nous exprimons les pertes totales en fonction
des pertes saturées, p = Cqsat. Nous obtenons finalement

∆T ≈ 0,19 ∆ν−1
1

√
C.
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Nous pouvons également utiliser l’expression précédente pour réécrire le facteur de com-
pression de l’impulsion signal, δtps/ts, en fonction cette fois de la largeur à mi-hauteur ∆T :

δtps
∆T
≈ lcδv

−1

0,19∆ν−1
1

√
C

=
2,9√
C

δv−1

δv−1
sc

,

où δv−1
sc = v−1

s − v−1
c . Cette écriture montre que la compression dans l’OPO à balayage de

la pompe dépend principalement du rapport de deux temps de walk-off : le walk-off entre la
pompe et le signal, et le walk-off entre le signal et le complémentaire.
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Annexe E

Oscillateur paramétrique optique continu
pompé dans le vert et émettant dans le
rouge (article)

Avant-propos

L’article suivant est le fruit d’un travail annexe effectué au Laboratoire Aimé Cotton, à
l’occasion de la collaboration sur l’oscillateur paramétrique à modes verrouillés en phase (cf.
Chap. 3). Il porte sur la réalisation d’un oscillateur paramétrique optique continu à base de
PPSLT:MgO, pompé dans le vert à 532 nm, et émettant dans le rouge entre 619 et 645 nm.
100 mW ont été générés, et une démonstration d’accordabilité et d’asservissement de la longueur
d’onde a été faite. L’objectif à terme est de produire un faisceau à 606 nm, fin spectralement,
pour la manipulation de l’ion Pr3+ dans le cadre de l’information quantique (voir les références
de l’article). Cet objectif est actuellement poursuivi par Thu-Hien My au cours de sa thèse.

Le travail présenté ici illustre la très grande polyvalence de l’optique non-linéaire. En effet,
l’architecture de cet OPO est en tous points similaires à celle de l’OPO à modes verrouillés en
phase : une cavité optique “papillon” à 4 miroirs d’environ 1 m de long, simplement résonante,
un cristal retourné périodiquement pour faire du quasi-accord de phase contrôlé en température,
et une pompe à 532 nm continue. Et pourtant, cet OPO doit être une source continue stable
en intensité et en fréquence. Pour cela, un étalon Fabry-Perot est inséré dans la cavité et un
système de rétro-action agit sur une miroir monté sur une cale piézoélectrique pour stabiliser
la fréquence de résonance. Comme l’OPO est simplement résonant à la longueur d’onde signal,
619 nm, les bruits de fréquences associés à la pompe sont rejetés vers l’onde complémentaire. Ce
type de source est donc naturellement très stable. Ceci a été mis en évidence par la très grande
stabilité en longueur d’onde du signal (± 5 MHz), alors que la pompe, un Nd:YAG doublé
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continu, montrait de fortes variations périodiques de fréquence suite à l’allumage (quelques
dizaines de MHz). Il est important de rappeler que ce type de travaux n’aurait pas été possible
sans les avancées spectaculaires déjà rappelées au Chap. 3 : la disponibilité de sources laser
continues de puissance très fiables, et le développement des cristaux non-linéaires retournés
périodiquement, en particulier la maîtrise de la composition et du dopage MgO.
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Optical parametric oscillators (OPOs) are convenient
sources for generating tunable coherent radiation in
various spectral domains from the visible to the mid-
infrared. However, the development of continuous-
wave (cw), singly resonant optical parametric oscilla-
tors (SROPOs) has long been hindered by the high
oscillation thresholds of these systems.1 The develop-
ment of periodically poled materials has completely
changed the situation, allowing the realization of ef-
ficient cw SROPOs with reasonable thresholds
��1 W� and a good stability.2 More recently, the use
of single-mode pump lasers allowed the generation of
monomode signal and idler radiation.3 Many applica-
tions such as high-resolution spectroscopy4 or quan-
tum information processing techniques5,6 using rare-
earth ions embedded in solid-state matrices7 or color
centers in diamond8 require the development of such
sources in the visible range. The simplest solution to
this issue would be the direct pumping of a SROPO
with a widely available 532 nm laser. Then, unfortu-
nately, the nonresonant idler wave lies in the mid-
infrared (above 4 �m), where common efficient mate-
rials such as periodically poled LiNbO3 (PPLN)
significantly absorb,9 leading to an increase of the
OPO threshold. Moreover, the OPO is then far from
degeneracy, thus further increasing the threshold,
which can then reach the nonlinear material damage
threshold. Until now, this problem was commonly
avoided by building OPOs emitting in the near infra-
red and frequency doubling the idler in a second reso-
nant cavity.10,11 However, this strongly complicates
the system and reduces its overall efficiency.12 An-
other solution has been explored in which the signal
is added to the remaining pump.13 Here we focus on
the recently developed periodically poled near sto-
ichiometric LiTaO3 (PPSLT), which is suspected of
exhibiting less absorption above the 4 �m domain
and a higher damage threshold than PPLN14 while
still exhibiting a strong nonlinearity. It has already

been used to build a visible OPO pumped by a nano-
second 532 nm pulsed laser.15 Additionally, this crys-
tal has been shown to be relatively immune to photo-
refractive damage.16 In previous work,17 we success-
fully used this crystal to build a SROPO emitting
1.2 W, 70 �s long pulses in the red and pumped in
the green. The goal of the work reported here is to in-
vestigate the possible operation of such a green-
pumped red SROPO in the cw regime and to analyze
its spectral purity, tunability, and stability for appli-
cations where ultrahigh spectral purity is mandatory.

Our experimental setup is schematized in Fig. 1.
The OPO cavity is a 113 cm long ring cavity. Mirrors
M1 and M2 have a 150 mm radius of curvature, and
mirrors M3 and M4 are plane. The signal waist is
37 �m. The angle of incidence on the concave mirrors
is limited to 5° to reduce astigmatism. All mirrors are
designed to exhibit a reflectivity larger than 99.8%
around 610 nm and a transmission larger than 95%

Fig. 1. (Color online) Experimental setup showing the
four-mirror OPO cavity as well as the sigmameter and the
servo loop for OPO frequency stabilization. The sigmame-
ter delivers two interference signals in quadrature used to
monitor the OPO frequency variations. The sigmameter
path difference is locked to a stabilized He–Ne laser.
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at 532 nm and between 3 and 4.5 �m. Since we want
the red radiation (and not the idler) to be as spec-
trally pure as possible, we allow only the red signal to
be resonant in the cavity. The nonlinear crystal is a
nonwedged 0.5 mm thick, 30 mm long 1%
MgO:PPSLT crystal �deff�11 pm/V� manufactured
and coated by HC Photonics. It exhibits five different
poling periods between 11.55 and 12.95 �m, designed
to lead to quasi-phase-matching conditions for signal
wavelengths ranging from 640 to 600 nm when
heated at 130 °C and pumped at 532 nm. It is anti-
reflection coated for the pump, signal, and idler
wavelengths. The crystal temperature stability is
0.01°. The OPO is pumped at 532 nm by a 10 W cw
VERDI laser whose short-term linewidth ��1 s� is
less than 10 MHz (see also Ref. 12). The pump beam
is focused to a 53 �m waist inside the crystal. An un-
coated 2 mm thick silica etalon can be inserted be-
tween mirrors M3 and M4. The piezoelectric trans-
ducer on mirror M4 and the leakage through mirror
M3 are used for servo locking the OPO cavity as ex-
plained further below.

In contrast to our previous study,17 thermal lensing
due to residual absorption of the different beams in
the crystal is quite important in the cw regime. The
corresponding focal lengths can be as low as a few
millimeters. For the OPO to run in cw operation, the
cavity must be geometrically stable with these strong
thermal lenses. Moreover, to reach the oscillation
threshold the OPO cavity must also be stable at low
powers, i.e., without the thermal lens induced by the
absorption of the signal and idler waves. Experimen-
tally, we first obtain quasi-cw oscillation with 700 �s
long pump pulses by chopping the pump beam. Be-
cause of thermal effects, the OPO signal drops before
the end of the 700 �s long pump pulse, meaning that
the cavity would be unstable in the cw regime. The
cavity stability is then recovered by increasing the
distance between the two concave mirrors by
1–2 mm. In this case the OPO is still running at the
end of the pump pulse and therefore is expected to os-
cillate with cw pumping.

Continuous-wave operation has indeed been ob-
tained at 640 and 635 nm on two different poling pe-
riods, 11.55 and 11.75 �m, respectively, for a fixed
crystal temperature of 120 °C. The signal wave-
length is measured with a 0.02 pm resolution lamb-
dameter. For these wavelengths the oscillation
threshold is approximately 3.6 W. With the etalon in-
side the cavity, the threshold rises to 4.7 W. To ex-
tract some power, we replace mirror M4 by an output
coupler (1.7% transmission at 640 nm). The thresh-
old increases to 6.6 W, and we extract 100 mW of red
light for 10 W of pump power. Although our cavity
was not fully optimized owing to thermal lenses, the
output cw power, lower than in quasi-cw regime, is
large enough for the applications mentioned above.
Oscillation has also been obtained for a 12.55 �m pol-
ing period. At 50 °C, the signal wavelength was
619 nm and the threshold was 6.8 W without the cou-
pler mirror. Additionally, we could operate the OPO
with crystal temperatures as low as 30 °C with no

visible sign of photorefractive damage on the trans-
mitted pump, and no significant evolution of the
threshold on a timescale of 1 h.

We measured the absorption of our MgO:PPSLT
crystal to be 4% at the pump �532 nm� and signal
�619 nm� wavelengths and negligible at 3.78 �m. The
measured values of the pump power (between 7 and
10 W), the intracavity signal power (from a few watts
to 10 W, depending on the wavelength and on the
pump power) and the idler output power (approxi-
mately 100 mW), show that the predominant lensing
effects are due to the pump and signal absorption, ex-
cept close to threshold where the signal absorption
plays a negligible role. Moreover, the influence of the
so-called green-induced infrared absorption18 can be
neglected in our OPO. Indeed, an extra few percent of
idler absorption would create a negligible lenslike ef-
fect because of the low nonresonant idler power in
the crystal. The contribution of the pump absorption
to the lens effect is evidenced by the fact that the os-
cillation starts again almost instantaneously when
the intracavity beam is chopped between mirrors M3
and M4, contrary to what happens when the pump is
chopped. This shows that the pump absorption, and
not only the signal absorption, plays a role.

We also measured the pump depletion when the
OPO operates at 619 nm. It is equal to 15% of the in-
cident pump power, independent of the incident
pump power above threshold. This unusual18 inde-
pendence of the relative depletion with respect to the
pump power is due to an increase of the thermal lens-
ing effect with the pump power, which increases the
losses.

In the following, all experimental results on the
frequency stability of the OPO have been obtained at
50 °C with the 12.55 �m poling period. Without the
etalon inside the cavity, the SROPO oscillates on two
or three adjacent longitudinal modes only. The intro-
duction of the etalon slightly reduces the effective
gain bandwidth, forcing the OPO to exhibit a single
frequency [see the inset of Fig. 2(a)]. We find that the
etalon reduces the excursion range of the free-
running OPO from typically 2 GHz (not shown) to
less than 780 MHz, as shown in Fig. 2(b). Conse-

Fig. 2. (a) Output signal intensity of the SROPO versus
time with (black curve) and without (gray curve) the intra-
cavity etalon. Inset, signal intensity after the 10 cm confo-
cal Fabry–Perot cavity versus time (black curve, left scale)
and voltage applied to the piezoelectric transducer of the
Fabry–Perot cavity (gray curve, right scale). (b) Signal
wavelength versus time with the intracavity etalon for the
free-running OPO. No parameter is tuned. This shows that
the OPO frequency is naturally stable to less than
800 MHz within a 1 h duration.
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quently, the intensity is much more stable compared
with the situation without the etalon [see Fig. 2(a)].
At this stage the OPO still exhibits random fre-
quency changes of about 10 MHz every 10 s or so,
and a constant drift of about 20 MHz/min. This drift
is attributed to an increase of the room temperature
during the day, since it is not controlled. Figure 3(a)
demonstrates how the OPO can be tuned over
27 GHz (limited by the etalon free spectral range) by
rotating the etalon. As expected, Fig. 3 displays
255 MHz mode hops, which corresponds to the free
spectral range of the OPO cavity. However, it system-
atically displays larger mode hops, of about 2.0 GHz
[see the inset in Fig. 3(a)]. These larger mode hops
may be due to etalon effects in the MgO:PPSLT crys-
tal. Indeed, for a residual reflectivity R of only 0.25%
per facet, the crystal introduces a loss modulation of
4R / �1−R�2�1% across the gain spectrum, corre-
sponding to a 40% increase of the threshold.19

To provide stable operation, i.e., to prevent mode
hops, we choose to stabilize the cavity length by us-
ing mirror M4 which is mounted on a piezoelectric
transducer. The OPO output through mirror M3 is
sent to a static sigmameter,20 based on an unbal-
anced Michelson interferometer. The sigmameter
generates, without any modulation, an error signal
from an electronic setpoint that is fed back to the
transducer via a high-voltage amplifier. The sigma-
meter’s optical path difference is servo locked to a
dual-polarization stabilized He–Ne laser. Our lamb-
dameter gives a stability of this He–Ne laser of the
order of 10 MHz over 2 min. This value results from
both the stability of the He–Ne laser and the lamb-
dameter precision. Figure 3(b) shows the evolution of
the signal wavelength versus time measured by the
lambdameter with and without active stabilization of
the OPO cavity. With active stabilization, however,
the OPO wavelength stops drifting and is maintained
within a 20 MHz window over 3 min. The histogram
of the OPO frequency [see the inset in Fig. 3(b)] ex-
hibits a standard deviation of 4.6 MHz. The setup is
not limited by the VERDI stability, since in a SROPO
any frequency fluctuation in the pump laser can be
transferred to the nonresonant idler wave.

In conclusion, we have built the first cw SROPO
emitting directly in the red part of the visible spec-

trum by pumping with a green laser. 100 mW of red
radiation has been produced for 10 W of pump power.
Single-frequency operation and a 27 GHz tunability
have been obtained. The natural stability of the OPO
made it possible to lock the frequency within
4.6 MHz over a few minutes with a preliminary
servo-loop system. We hope to dramatically reduce
the long-term fluctuations by mounting the OPO cav-
ity on an Invar plate. Further improvements may
also include the simultaneous control of the cavity
length and intracavity etalon to provide continuous
tuning without mode hops. If needed, more power
could be extracted by optimizing the cavity with re-
spect to thermal lensing. To reach shorter wave-
lengths (606 nm, for instance) without increasing the
idler wavelength too much, we plan to pump the
SROPO with a frequency-doubled Yb:YAG laser emit-
ting near 515 nm.

The authors thank L. Cabaret, J.-L. Le Gouët, E.
Rosencher, and M. Lefebvre for their constant inter-
est in this work. F. Bretenaker’s e-mail address is
fabien.bretenaker@lac.u-psud.fr.

References

1. S. T. Yang, R. C. Eckardt, and R. L. Byer, Opt. Lett. 18,
971 (1993).

2. W. R. Bosenberg, A. Drobshoff, J. I. Alexander, L. E.
Myers, and R. L. Byer, Opt. Lett. 21, 1336 (1996).

3. K. Schneider, P. Kramper, S. Schiller, and J. Mlynek,
Opt. Lett. 22, 1293 (1997).

4. R. Klieber and D. Suter, Phys. Rev. B 73, 094408
(2006).

5. B. Krauss, W. Tittel, N. Gisin, M. Nilsson, S. Kröll, and
J. I. Cirac, Phys. Rev. A 73, 020302 (2006).

6. L. Rippe, M. Nilsson, S. Kröll, R. Klieber, and D. Suter,
Phys. Rev. A 71, 062328 (2005).

7. J. J. Longdell, M. J. Sellars, and N. B. Manson, Phys.
Rev. Lett. 93, 130503 (2004).

8. P. R. Hemmer, A. V. Turukhin, M. S. Shahriar, and J.
A. Musser, Opt. Lett. 26, 361 (2001).

9. M. M. J. W. van Herpen, S. E. Bisson, and F. J. M.
Harren, Opt. Lett. 28, 2497 (2002).

10. U. Strössner, A. Peters, J. Mlynek, S. Schiller, J.-P.
Meyn, and R. Wallenstein, Opt. Lett. 24, 1602 (1999).

11. T. Petelski, R. S. Conroy, K. Bencheikh, J. Mlynek, and
S. Schiller, Opt. Lett. 26, 1013 (2001).

12. U. Strössner, J.-P. Meyn, R. Wallenstein, P. Urenski, A.
Arie, G. Rosenman, J. Mlynek, S. Schiller, and A.
Peters, J. Opt. Soc. Am. B 19, 1419 (2002).

13. W. R. Bosenberg, J. I. Alexander, L. E. Myers, and R.
W. Wallace, Opt. Lett. 23, 207 (1998).

14. N. E. Yu, S. Kurimura, Y. Nomura, M. Nakamura, K.
Kitamura, J. Sakuma, Y. Otani, and A. Shiratori, Appl.
Phys. Lett. 84, 1662 (2004), and references therein.

15. S.-Y. Tu, A. H. Kung, Z. D. Gao, and S. N. Zhu, Opt.
Lett. 30, 2451 (2005).

16. M. Katz, R. K. Route, K. R. Parameswaran, G. D.
Miller, and M. M. Fejer, Opt. Lett. 29, 1775 (2004).

17. S. Bahbah, F. Bretenaker, and C. Drag, Opt. Lett. 31,
1283 (2006).

18. R. G. Batchko, D. R. Weise, T. Plettner, G. D. Miller, M.
M. Fejer, and R. L. Byer, Opt. Lett. 23, 168 (1998).

19. S. E. Harris, Proc. IEEE 57, 2096 (1969).
20. P. Juncar and J. Pinard, Rev. Sci. Instrum. 53, 939

(1982).

Fig. 3. (a) Signal wavelength versus time when the etalon
is alternatively rotated. Inset, enlargement of part of the
curve. (b) Signal wavelength versus time with the etalon
and the servo-locking system. At time t=225 s the locking
is intentionally shut off. Inset, histogram of the signal fre-
quency with frequency stabilization, recorded over 225 s
with a sampling period of 117 ms.

520 OPTICS LETTERS / Vol. 32, No. 5 / March 1, 2007



Chapitre E - Oscillateur paramétrique optique continu pompé dans le vert et émettant dans le
rouge (article)
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Mise en forme spectrale et temporelle de sources optiques infrarouges

par mélange non-linéaire à trois ondes

Résumé : Pour certaines applications, les lasers offrent un choix trop restreint de longueurs d’ondes,
et une faible accordabilité. Ces limitations viennent du fait que l’effet laser utilise des résonances ato-
miques. L’optique non-linéaire permet de s’en affranchir c’est un phénomène non résonnant, donc peu
sélectif en longueur d’onde. Néanmoins elle présente des caractéristiques particulières : trois fréquences
différentes mises en jeu, l’absence de stockage d’énergie, et le rôle primordial de la phase relative entre
les ondes. Dans ce travail nous mettons à profit ces specificités pour mettre en forme spectralement
ou temporellement l’émission de lumière dans des sources infrarouges. La première source réalisée est
un oscillateur paramétrique optique (OPO) à 3 µm utilisant deux cristaux de KTA. Ses performances
sont discutées en régime nanoseconde. Puis nous réalisons un OPO à cristal de PPLN générant des
impulsions courtes sous pompage continu par modulation active des pertes. Nous proposons ensuite
d’utiliser un absorbant saturable pour verrouiller passivement les modes d’un OPO continu présentant
un fort désaccord de vitesse de groupe entre la pompe et le signal. Enfin, nous considérons le cas des
sources intégrant à la fois un milieu laser et un dispositif non-linéaire. Nous présentons d’abord un
miroir non-linéaire à base de PPLN intégré dans un laser Cr:ZnSe, permettant de produire des impul-
sions picosecondes accordables autour de 2,5 µm. Nous proposons ensuite de généraliser ce principe en
intégrant un OPO dans un laser afin de réaliser une source ultrabrève compacte et accordable.
Mots-clés : laser; oscillateur paramétrique optique; infrarouge; nanoseconde; picoseconde; verrouillage
de modes; miroir non-linéaire; OPO intracavité; LiNbO3; PPLN; KTA; GaAs; Cr:ZnSe.

Spectral and temporal shaping of light in infrared sources

using three-wave mixing

Abstract: Because they use a resonant process, lasers are often hindered by the small number of avai-
lable wavelengths and their narrow tunability. Fortunately, nonlinear optics allows to go beyond these
limitations by doing frequency conversion in a non resonant way. It is now used in optical parametric
oscillators (OPOs) to cover the whole optical spectrum with a wide tunability. However, OPOs display
unique properties : three coupled waves with different frequencies and group velocities, a power and
phase dependent amplification, and no energy storage. In this work we show that these properties
lead to new designs of nonlinear optical sources. We begin with an OPO with increased efficiency,
implementing two KTA crystals pumped at 1,064 µm in the nanosecond regime. We then study the
possibility of generating short pulses directly in a cw-pumped OPO. We show for the first time that
active modelocking in an OPO is possible in the steady-state regime. We then propose to implement
passive modelocking by a saturabler absorber in an cw-pumped OPO where there is a strong group
velocity mismatch between the signal and the pump. Finally, we adress optical sources including a laser
medium and a nonlinear crystal. We build a nonlinear mirror using a PPLN crystal and insert it in a
Cr:ZnSe laser to produce picosecond pulses by passive modelocking. We also discuss the possibility of
including an OPO inside a cw laser, to produce short tunable pulses in the mid-infrared.
Keywords: laser; optical parametric oscillator; infrared; nanosecond; picosecond; modelocking; nonli-
near mirror; intracavity OPO; LiNbO3; PPLN; KTA; GaAs; Cr:ZnSe.
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