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Introduction

Le développement constant des technologies a permi l’émergence et le développe-
ment de sources de lumière aux propriétés optiques remarquables. Parmi les sources
lumineuses très connues du grand public, on peut citer la diode électroluminescante
[Yam et Hassa 05, Pimputkar et al. 09] ou le laser, apparu il y a une cinquantaine d’an-
nées [Maiman 60, Siegman 86, Dangoisse et al. 13]. Parmi les rayonnements électroma-
gnétiques très étudiés sur le plan fondamental depuis une vingtaine d’années, on peut
également citer le supercontinuum [Alfano 89, Dudley et al. 06].

Les ondes électromagnétiques émises par ces différentes sources lumineuses peuvent
être classées en fonction de leurs propriétés spectrales, c’est-à-dire de leurs propriétés de
cohérence temporelle et spatiale. La notion de cohérence correspond à la capacité d’une
onde à produire des interférences et est étudiée dans le cadre de l’Optique Statistique.
Ce domaine de l’optique linéaire s’est considérablement développé depuis les années 1950
avec le travail de E. Wolf et M. Born par exemple [Mandel et Wolf 95, Goodman 00].

De façon générale, l’optique statistique propose des outils pour décrire les fluctua-
tions souvent aléatoires du champ électromagnétique émis par les sources lumineuses
non monochromatiques [Mandel et Wolf 95]. On peut distinguer deux cas limites de co-
hérence associées à ces fluctuations : les sources totalement cohérentes qui sont mono-
chromatiques et les sources parfaitement incohérentes dont les fluctuations spatiales ou
temporelles de puissance sont totalement aléatoires. Il existe une situation intermédiaire
correspondant aux sources partiellement cohérentes, comme par exemple, les lasers à fibre
[Richardson et al. 10]. Par définition, le supercontinuum a un spectre optique très large et
peut être considéré comme un rayonnement incohérent lorsqu’il est généré à partir d’une
source de spectre suffisamment étroit (émis typiquement par des sources quasi-continues,
nanosecondes ou picosecondes) [Dudley et al. 06, Dudley et Taylor 10]. Cependant, les
outils de caractérisation de l’optique statistique ne peuvent suffir à comprendre les méca-
nismes de génération de supercontinuum ou d’ondes partiellement cohérentes par un laser
à fibre car ces phénomènes sont par nature très non linéaires.

L’optique non linéaire a débuté immédiatement après la première réalisation expé-
rimentale en 1960 d’un laser à rubis [Maiman 60, Franken et al. 61]. Le terme “optique
non linéaire” regroupe l’ensemble des interactions non linéaires entre la lumière et la ma-
tière qui surviennent pour des rayonnements électromagnétiques suffisamment intenses
[Boyd 92]. Une caractéristique fondamentale d’un système non linéaire est l’apparition
de nouvelles fréquences initialement absentes du système comme par exemple dans la
génération de seconde harmonique, la somme de fréquences ou encore la génération de
supercontinuum.
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L’optique non linéaire statistique regroupe l’ensemble des phénomènes lumineux pré-
sentant à la fois des comportements aléatoires et des non-linéarités [Picozzi 07, Picozzi et al. 14].
Depuis une vingtaine d’années les expériences d’optique non linéaire statistique per-
mettent d’étudier des phénomènes remarquables tels que les solitons incohérents
[Mitchell et Segev 97], les supercontinua [Dudley et al. 06, Erkintalo et al. 10] ou encore
la turbulence d’onde [Pitois et al. 06, Barviau et al. 09, Kibler et al. 12a, Suret et al. 10,
Picozzi et al. 14].
Dans ces expériences [Dudley et al. 06, Suret et al. 10], les fibres optiques occupent une
place de choix grâce à leurs versatilité. La propagation de la lumière dans une fibre est
très bien décrite par des équations de Schrödinger non linéaires généralisées.

Les équations de Schrödinger non linéaires fournissent une description générale de
l’évolution de la dynamique de l’enveloppe d’une onde se propageant dans un milieu non
linéaire. Une équation de Schrödinger non linéaire est souvent générique et peut s’ap-
pliquer dans différents contextes physiques comme en hydrodynamique pour décrire la
propagation des ondes à la surface d’un fluide [Zakharov 68], dans les milieux dielec-
triques [Talanov 65, Dawes et Marburger 69], dans les plasmas [Zakharov et Shabat 72]
ou encore en atomes froids [Gross 61, Pitaevskii 61]. Dans les systèmes à deux ou trois
dimensions, l’équation de Schrödinger non linéaire amène à décrire des phénomènes parti-
culiers tels que la condensation d’onde [Connaughton et al. 05] ou encore de l’émergence
de singularités (“wave collapse”) [Sulem et Sulem 99].

Ces dernières années des études ont montré qu’il est possible de réaliser des expériences
d’optique fibrées où la propagation est très bien décrite par l’équation de Schrödinger
non linéaire à une dimension [Kibler et al. 10, Kibler et al. 12b, Frisquet et al. 13]. Ces
travaux montrent qu’il est possible de générer des solutions particulières de l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension telles que les solitons de Peregrine, de Kuznetsov-
Ma et des breathers d’Akhmediev. Ces structures présentent la particularité d’avoir des
conditions aux limites non nulles et sont pour cette raison appelées solitons sur fond
continu.
Ces démonstrations remarquables d’objets cohérents s’inscrivent dans ce que l’on pourrait
appeler l’optique non linéaire fibrée non statistique.

Le travail de thèse présenté dans ce mémoire s’intéresse à l’étude statistique d’objets
partiellement cohérents combinés à la physique de l’équation de Schrödinger non linéaire
à une dimension. Du point de vue mathématique, cette équation est intégrable au sens où
elle peut être résolue par la méthode de diffusion inverse (Inverse Scattering Transform)
[Zakharov et Shabat 72]. Récemment V. Zakharov a regroupé sur le vocable “turbulence
intégrable” l’ensemble des phénomènes complexes survenant lorsque la propagation non
linéaire d’une onde aléatoire est régie par une équation intégrable [Zakharov 09]. La tur-
bulence intégrable est de nature profondément différente de la turbulence classique qui
est décrite au contraire par des équations non intégrables [Zakharov et al. 92, Frisch 95,
Nazarenko 11]. En particulier, comme nous le verrons dans ce manuscrit, les contraintes
extrêmement fortes imposées par les constantes du mouvement d’un système intégrable
empêchent l’apparition de phénomènes analogues à la célèbre cascade de Kolmogorov
[Batchelor 53, Nazarenko 11].

A ce jour, il existe principalement des études numériques et théoriques cherchant à
fournir une description statistique des phénomènes de turbulence intégrable.
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On peut notamment citer la théorie de P. Janssen qui propose une équation cinétique
des ondes à partir d’équations de Zakharov équivalentes à l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension [Janssen 03]. Cette étude, établie dans le cadre certes restrictif de
la propagation faiblement non linéaire, fournit une description statistique de l’évolution de
l’onde partiellement cohérente en fonction du régime de propagation, focalisant (dispersion
anormale) ou défocalisant (dispersion normale).

Sur le plan expérimental, des expériences d’hydrodynamique menées par M. Onorato
et al. en régime focalisant dans un canal unidirectionnel ont corroboré qualitativement les
résultats théoriques de P. Janssen [Onorato et al. 04].

La majeure partie des études que nous avons réalisées vise à fournir de nouvelles
données expérimentales et numériques pour contribuer aux réflexions sur la turbulence
intégrable. Nous avons effectué des expériences dans des fibres optiques monomodes dans
les deux régimes de propagation, focalisant et défocalisant. Sur le plan numérique, nous
avons réalisé des simulations de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension.
Notre travail propose essentiellement une description statistique de phénomènes dyna-
miques complexes tels que l’émergence d’ondes scélérates.

Nous avons décomposé la présentation des travaux réalisés pendant ces trois années
de thèse de la manière suivante :

Nous présentons dans le premier chapitre les concepts fondamentaux utilisés notam-
ment en ce qui concerne les notions de statistique, et de turbulence intégrable. Nous
verrons entre autres les différentes études réalisées dans la littérature afin de caractériser
la propagation d’ondes aléatoires et nous discuterons du concept de vagues scélérates ainsi
que des expériences en hydrodynamique et en optique afin d’étudier la formation de ces
structures. Nous définirons à la fin de ce chapitre la problématique associée aux travaux
réalisés dans ce mémoire.

Dans le second chapitre, nous allons nous intéresser à la propagation non linéaire d’une
onde partiellement cohérente en régime de dispersion normale (régime défocalisant). Afin
de mesurer l’ensemble des fluctuations temporelles d’intensité de l’onde aléatoire, nous
verrons comment nous avons dimensionné notre système afin de respecter les conditions
de bande passante de détection. Grâce à ce dispositif expérimental, nous étudierons les
déviations de la statistque apportées dans ce régime de propagation. Enfin, nous verrons
qu’il est possible en séparant les échelles temporelles lentes des échelles rapides du champ
partiellement cohérent de mettre en évidence un comportement statistique particulier
associé à un phénomène d’intermittence.

Le troisième chapitre sera consacré quant à lui à l’étude de la propagation en régime de
dispersion anormale (c’est-à-dire focalisant). Dans ce chapitre, nous cherchons à améliorer
les techniques de détection d’un signal partiellement cohérent. Nous présentons l’utilisa-
tion d’une méthode d’échantillonnage optique permettant de mesurer les distributions de
probabilité de signaux fluctuant rapidement avec des échelles de temps allant jusqu’à 250
fs. Nous démontrerons que des événements extrêmes correspondant à des fluctuations de
grandes amplitudes apparaissent statistiquement beaucoup plus fréquemment que ce que
prédirait la loi normale.

Les résultats expérimentaux du deuxième et troisième chapitre seront comparés à la
simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension.

Enfin, le quatrième chapitre nous permettra de présenter des études expérimentales
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que nous avons réalisées sur les lasers Raman à fibre. D’une part, nous nous sommes
intéressés à la propagation de l’onde Stokes intra-cavité dans le régime transitoire du
laser Raman. L’un des objectifs de cette étude est de comparer l’élargissement spectral
dans le transitoire du laser Raman à celui obtenu dans le régime permanent. D’autre part,
nous étudions expérimentalement la statistique de l’onde Stokes à différents endroits dans
la cavité.



Premier chapitre





Chapitre 1

Ondes partiellement cohérentes et
turbulence intégrable

1.1 Ondes partiellement cohérentes et optique non
linéaire

Dans l’ensemble des études réalisées dans ce mémoire, nous utilisons une onde partiel-
lement cohérente et nous étudions les déviations de la statistique de cette onde aléatoire
suite à une propagation non linéaire dans une fibre optique. Les notions de propaga-
tion non linéaire, de statistique ou encore d’ondes partiellement cohérentes font l’ob-
jet d’études variées dans différents contextes physiques. On peut citer, par exemple, le
domaine de l’hydrodynamique [Onorato et al. 13], des plasmas [Tsytovich 77] ou même
encore des expériences d’interférométrie stellaire [HB 56]. Dans ce mémoire, nous nous
sommes concentrés sur l’optique, et plus particulièrement dans le domaine de l’optique
non linéaire statistique qui réunit l’ensemble des notions citées précédemment, c’est-à-dire
optique statistique et propagation non linéaire. L’objectif de cette section est de présenter
ces notions et de discuter des premières études en optique qui se sont intéressées à la
propagation non linéaire d’ondes partiellement cohérentes.

1.1.1 Optique non linéaire statistique : une introduction
Nous venons d’évoquer la notion d’onde partiellement cohérente. Un exemple bien

connu de ce type d’onde aléatoire est illustré sur la figure 1.1. Il s’agit d’une figure
de speckle 1. On peut constater qu’elle est composée d’un ensemble de points fortement
contrastés, parfois brillants, parfois sombres. En d’autres termes, la répartition d’intensité
transverse est aléatoire et dépend de la position. On parle de variation transverse dans le
sens où l’intensité de l’onde varie aléatoirement suivant les coordonnées spatiales (x,y).
On comprend à ce stade que comme tout processus aléatoire, il est nécessaire d’utiliser
des outils statistiques afin de le caractériser. Dans cette section, nous commencerons par
présenter l’optique statistique linéaire qui nous permettra de définir le concept d’onde
partiellement cohérente mais également les outils utilisés pour la caractériser. Puis, nous

1. Nous utilisons ici le mot anglais qui est beaucoup plus utilisé que sa traduction française, c’est-à-
dire, tavelure
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Figure 1.1 – Illustration d’un speckle.

nous intéresserons à l’optique non linéaire, ce qui nous permettra d’introduire les équa-
tions de propagation utilisées dans le cas de la fibre optique. Enfin, nous présenterons le
domaine de l’optique non linéaire statistique.

1.1.1.1 Optique statistique linéaire

Les études que nous avons réalisées traitent, en grande partie, de la propagation
d’ondes aléatoires et plus particulièrement d’ondes partiellement cohérentes. Une façon
simple d’appréhender le concept de cohérence temporelle d’une onde est d’étudier sa capa-
cité à produire un phénomène d’interférence. Le cas le plus simple concerne l’interférence
au moyen des fentes d’Young dans laquelle deux points P1 et P2 sont éclairés par une source
ponctuelle S (figure 1.2(a)). Par définition, une source cohérente ou parfaitement mono-
chromatique possède une largeur spectrale caractérisée par la distribution de Dirac. En
réalité, la largeur spectrale des sources n’est jamais infiniment fine. Elle possède une lar-
geur spectrale finie que l’on note ∆ν. Si nous reprenons notre dispositif des trous d’Young

S

P1

P2

P

Temps

P
(t
) t

n( )

(a) (b)

(c)

Figure 1.2 – (a) Expérience d’interférences lumineuses au moyen de trous d’Young. (b)
Fluctuations d’une onde partiellement cohérente. (c) Spectre associé à l’onde représentée
en (b).
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et que nous changeons la source monochromatique par une source quasi-monochromatique
alors la figure d’interférence va se brouiller pour des points de l’écran d’observation pour
lesquels la différence de chemin optique (PP1 − PP2) entre les deux faisceaux issus de P1
et P2 est supérieure à la longueur de cohérence ∆l de la source utilisée. On peut définir
un temps de cohérence comme étant proportionnel à la longueur de cohérence, donné par
la formule suivante : ∆t = ∆l/c. Dans ce cas, la constante c est la vitesse de la lumière
dans le vide et ∆t est proportionnel à l’inverse de la largeur spectrale ∆ν : ∆t ∼ 1/∆ν.
Nous avons représenté schématiquement sur la figure 1.2(b) les fluctuations de l’onde par-
tiellement cohérente et le spectre optique associé sur la figure 1.2(c). La largeur spectrale
de l’onde étant associée au temps de cohérence, on comprend que plus la largeur spec-
trale sera importante, plus le temps de cohérence sera court. On obtient alors une onde
partiellement cohérente dont les fluctuations seront de plus en plus rapides.

La notion de cohérence est donc relative dans un premier temps à la capacité de réa-
liser des franges d’interférences. Dans nos travaux, nous utilisons des ondes partiellement
cohérentes au sens où leurs largeurs spectrales sont de largeurs finies. D’une manière plus
générale, on peut rencontrer trois types de situation. La première a déjà été évoquée au dé-
but de cette section et concerne les sources dont la largeur spectrale est nulle, c’est-à-dire,
des ondes “infiniment” cohérentes. La deuxième situation représente les ondes totalement
incohérentes. Il s’agit de sources pour lesquelles la largeur spectrale est de l’ordre de
grandeur de la fréquence optique (porteuse) de l’onde aléatoire, c’est-à-dire, ∆ν ' c/λ.
Enfin, nous arrivons au cas qui nous intéresse, celui des ondes partiellement cohérentes. Il
correspond à un cas intermédiaire entre les deux premières situations. En effet, la largeur
spectrale est finie mais reste petite devant la fréquence optique (∆ν � c/λ).

Dans ce manuscrit, nous présentons les résultats associés à des ondes partiellement
cohérentes. Cependant, nous tenons à faire remarquer qu’il est possible que le terme
onde incohérente soit utilisé par mégarde pour qualifier en réalité le fait que l’onde soit
partiellement cohérente.

Le champ aléatoire ψ(z, t) que nous utilisons est une enveloppe lentement variable du
champ électrique E(z, t) telle que :

E(~r, t) = ψ(z, t)A(x, y)ei(kz−ωt) (1.1)

Nous nous intéresssons ici à l’étude du champ ψ(z = 0, t) lorsque la distance de propa-
gation z est fixée et vaut zéro. Le champ ψ est aléatoire, c’est-à-dire que les fluctuations
évoluent aléatoirement en fonction de t. On peut imaginer constituer un ensemble statis-
tique comprenant n réalisations pour lesquelles le champ ψ(t) est différent. C’est justement
l’ensemble de ces réalisations qui constitue le processus stochastique ψ(t). Il est possible
de calculer la valeur moyenne d’ensemble ou la valeur moyenne temporelle de ψ(t). Dans
le cas d’un processus aléatoire stationnaire [Goodman 00], les fluctuations temporelles
sont invariantes par translation de l’origine des temps. Ce qui implique que la moyenne
est indépendante du temps. De plus, si le processus stationnaire est ergodique, alors la
valeur moyenne d’ensemble est égale à la valeur moyenne temporelle [Mandel et Wolf 95].

Nous avons défini précédemment notre onde partiellement cohérente au travers du
temps de cohérence. Il existe un outil statistique permettant d’évaluer le degré de cohé-
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rence d’une onde aléatoire. Il s’agit de la fonction d’autocorrélation 2 du champ ψ :

Γ(t1, t2) = 〈ψ(t1)ψ∗(t2)〉 (1.2)

Elle permet d’évaluer la corrélation du champ avec lui-même en deux instants différents
t1 et t2. En d’autres termes, la fonction d’autocorrélation donne une indication de la
cohérence du champ après qu’un intervalle de temps τ = t1 − t2 se soit écoulé. Dans le
cas où le champ ψ est un processus stationnaire, Γ(t1, t2) ne dépend que de τ . On peut
alors écrire :

Γ(τ) = 〈ψ(t)ψ∗(t− τ)〉 (1.3)

Par définition, le temps de cohérence ∆t correspond à la largeur typique de la fonc-
tion d’autocorrélation. On comprend alors que plus la fonction d’autocorrélation est
étroite, plus le champ est incohérent. L’équivalent dans notre système d’interférence à
trous d’Young est que si τ est très grand par rapport au temps de cohérence alors les
franges sont brouillées et cela traduit une perte de cohérence dans le système.

Si le processus est stationnaire et ergodique, alors il peut être utile de calculer Γ(τ) à
partir d’un moyennage temporel. Cependant, comme le champ ψ(t) ne tend pas vers zéro
à temps très grand alors la quantité Γ(τ) =

∫∞
−∞ ψ(t)ψ∗(t − τ)dt ne converge pas. Pour

cette raison, il est nécessaire d’introduire un temps d’intégration et modifier les équations
précédemment établies, qui deviennent :

Γ(τ) = lim
T→∞

1
2T

∫ T

−T
ψ(t)ψ∗(t− τ)dt (1.4)

De plus, il est important de pouvoir calculer la puissance moyenne de l’onde partiellement
cohérente, c’est-à-dire, la valeur moyenne du module au carré du champ |ψ(t)|2 :

〈|ψ(t)|2〉 = lim
T→∞

1
2T

∫ T

−T
|ψ(t)|2dt (1.5)

La limite de cette intégrale nous donne la puissance optique moyenne transportée par
l’onde partiellement cohérente. Ces deux notions permettent de caractériser une onde
partiellement cohérente de statistique stationnaire.

Théorème de Wiener-Khintchine Nous allons maintenant nous intéresser à la notion
de spectre optique. Prenons notre champ aléatoire stationnaire ψ(t) et considérons sa
transformée de Fourier ψ̃(ω) :

ψ̃(ω) = 1
2π

∫ ∞
−∞

ψ(t)eiωtdt (1.6)

Le théorème de Winer-Kitchine [Mandel et Wolf 95] relie la densité spectrale de puis-
sance n(ω) d’un processus stationnaire à la transformée de Fourier de la fonction d’auto-

2. Le symbole 〈 〉 désigne par définition une moyenne d’ensemble. Lorsque le processus est ergodique,
il est possible d’utiliser cette notation pour représenter le calcul de la moyenne, qu’elle soit statistique
(d’ensemble) ou temporelle.
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corrélation 3 :
n(ω) = 1

2π

∫ ∞
−∞

Γ(τ)eiωτdτ (1.10)

avec :
〈ψ∗(ω)ψ(ω′)〉 = n(ω)δ(ω − ω′) (1.11)

L’équation 1.11 montre que la densité spectrale de puissance n’est pas uniquement ob-
tenue en effectuant la transformée de Fourier du champ ψ sur lequel on effectue un moyen-
nage statistique. En effet, une subtilité importante s’ajoute à travers le terme δ(ω − ω′).
On constate que le caractère stationnaire de la statistique implique que les composantes
de Fourier ne sont pas corrélées.

La densité spectrale de puissance correspond au spectre optique dans une expérience
d’optique. Or, le spectre optique est facilement mesurable avec un analyseur de spectre
optique. On comprend alors que la mesure du spectre optique, qui représente un moment
statistique d’ordre 2 du champ ψ, permet d’obtenir grâce à l’équation 1.10 une première
évaluation statistique de l’onde partiellement cohérente.

Théorème central limite Nous avons relié la notion de spectre optique à la no-
tion de cohérence de l’onde. Nous allons maintenant discuter du caractère statistique
de l’onde partiellement cohérente formulé par le théorème central limite [Goodman 00,
Papoulis et Pillai 02]. Considérons n variables aléatoires {Ui}i=1,n que nous supposons in-
dépendantes, de moyenne {µi}i=1,n et d’écart-type {σi}i=1,n. La variable réelle aléatoire
Z est définie telle que :

Z(n) = 1√
n

n∑
i=1

Ui − µi
σi

(1.12)

Si le nombre n de variables aléatoires tend vers l’infini, alors d’après le théorème central
limite, la fonction de densité de probabilité pZ(z) tend vers une fonction gaussienne :

lim
n→∞

pZ(z) = 1√
2π
e−z

2/2 (1.13)

Dans nos expériences, le spectre optique est composé d’un grand nombre de compo-
santes de Fourier que nous considérons indépendantes c’est-à-dire que ψ(t) = ∑ ˜ψ(ω)e−iωt.
Dans ce cas la partie réelle <e[ψ(ω)e−iωt] ainsi que la partie imaginaire =m[ψ(ω)e−iωt]

3. Considérons le produit de deux fonctions complexes ψ∗(ω)ψ(ω′) sur lequel nous effectuons un
moyennage statistique. On peut alors écire :

〈ψ∗(ω)ψ(ω′)〉 = 1
2π

∫∫ ∞
−∞
〈ψ∗(t)ψ(t′)〉ei(ω′t′−ωt)dtdt′ (1.7)

Or, on suppose que pour un processus aléatoire stationnaire, 〈ψ∗(t)ψ(t′)〉 = Γ(τ). En utilisant cette
formule dans l’équation 1.8 et en effectuant le changement de variable τ = t′ − t. On obtient l’équation
suivante :

〈ψ∗(ω)ψ(ω′)〉 = 1
2π

∫ ∞
−∞

dtei(ω′−ω)t
∫ ∞
−∞

dτΓ(τ)eiωτ (1.8)

〈ψ∗(ω)ψ(ω′)〉 = 1
2π
∫∞
−∞ dtei(ω′−ω)t ∫∞

−∞ dτΓ(τ)eiωτ ⇐⇒ 〈ψ∗(ω)ψ(ω′)〉 = n(ω)δ(ω − ω′) (1.9)
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peuvent être identifiées à la formule 1.12 où nous considérons que la valeur moyenne
de 〈 ˜ψ(ω)〉 vaut zéro c’est-à-dire que µi = 0. Par conséquent, nous obtenons une onde
partiellement cohérente dont la partie réelle et imaginaire possèdent une statistique gaus-
sienne centrée en zéro. De plus, sachant que le champ ψ est un processus stationnaire et
que l’ensemble des composantes de Fourier sont non corrélées les unes aux autres alors
on peut montrer que les parties réelle et imaginaire sont statistiquement indépendantes
c’est-à-dire que 〈<e[ψ]=m[ψ]〉 = 0. Dans le cas de nos simulations numériques, une façon
possible de réaliser cette hypothèse est d’introduire des phases aléatoires sur chacune des
composantes de Fourier.

Modélisation d’une onde partiellement cohérente dans nos simulations numé-
riques Nous allons maintenant nous intéresser aux aspects de modélisation de notre
onde partiellement cohérente. Il existe deux manières simples de générer une onde partiel-
lement cohérente. Il est possible d’utiliser le modèle des amplitudes et phases aléatoires
ou le modèle des phases aléatoires [Nazarenko 11]. Les amplitudes et phases considérées
sont celles des composantes de Fourier. Dans l’ensemble des simulations numériques que
nous avons réalisées, l’hypothèse des phases aléatoires a été privilégiée. Cependant, toutes
les simulations numériques ont été vérifiées à l’aide de la seconde hypothèse. Notons que
dans les deux cas, toutes les phases φ(ω) des modes de Fourier sont aléatoirement réparties
dans l’intervalle [0; 2π]. En appliquant cette méthode, nous obtenons un champ partiel-
lement cohérent dont les parties réelle R0(t) = <e[ψ(t)] et imaginaire Im0(t) = =e[ψ(t)]
sont statistiquement indépendantes. Nous avons représenté sur la figure 1.3(a) l’évolution
temporelle de la partie réelle du champ R0(t).
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Figure 1.3 – (a) Fluctuations temporelles de la partie réelle du champ partiellement
cohérent. (b) Distribution de probabilité correspondante. Distribution gaussienne tracée
en pointillé noir.

En optique, la variable naturellement observée est l’intensité du champ qui est pro-
portionnelle à |ψ(t, z = 0)|2. Il est possible de déterminer la forme de la distribution
de probabilité de |ψ(t, z = 0)|2 (annexe A). Dans le cas où les parties réelle et imagi-
naire sont statistiquement indépendantes et possèdent une statistique gaussienne, alors la
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distribution de probabilité de l’intensité suit une distribution exponentielle :

p(I) = exp(−I) (1.14)

Nous avons représenté sur la figure 1.4(a) l’intensité du champ partiellement cohérent
|ψ(t, z = 0|2. On peut constater que les fluctuations d’intensité sont fortement contrastées.
Cette remarque a priori évidente prendra tout son sens dans la section 1.2.3.2 au moment
de l’étude des ondes planes bruitées. La distribution de probabilité de |ψ(t, z = 0)|2
associée aux fluctuations d’intensité de l’onde partiellement cohérente est représentée sur
la figure 1.4(b) où la distribution exponentielle (formule 1.14) est superposée en pointillé
noir.
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Figure 1.4 – (a) Fluctuations temporelles d’intensité d’un champ partiellement cohé-
rent. (b) Distribution de probabilité correspondante. Distribution exponentielle tracée en
pointillé noir.

1.1.1.2 Optique non linéaire

L’optique non linéaire concerne l’étude des phénomènes apparaissant suite à la modifi-
cation des propriétés optiques de la matière sous l’action d’un rayonnement électromagné-
tique intense. L’optique non linéaire s’est principalement développée suite à l’émergence
des premiers lasers en 1960 [Maiman 60] et à la démonstration par Franken et al. de la
génération de seconde harmonique [Franken et al. 61].

Si on s’intéresse à la polarisation électronique P du milieu alors P s’exprime à l’aide
des puissances successives du champ électrique 4 E :

P = ε0χ
(1)E + (ε0χ(2)E2 + ε0χ

(3)E3...) (1.15)
P = PL + PNL (1.16)

4. Nous considérons déjà ici l’hypothèse que le champ est polarisé dans une direction donnée. Dans
le cas contraire, la polarisation doit s’écrire de manière vectorielle en impliquant une notation tensorielle
pour les susceptibilités d’ordre n, χ(n).
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où ε0 est la permitivité électrique du vide, χ(2) et χ(3) sont les susceptibilités non linéaires
d’ordre 2 et 3. La polarisation de second-ordre P (2) = ε0χ

(2)E2 est présente uniquement
dans les milieux non-centrosymétriques. Elle est responsable entre autre de la génération
de seconde harmonique et de la somme de fréquence [Boyd 92, Newell et Moloney 92].
Ce type de milieu correspond à certains types de cristaux comme par exemple le cristal
de BBO [Chen et al. 87] que nous utilisons dans le troisième chapitre. Par contre, la
polarisation d’ordre 3 est présente aussi bien dans les milieux centrosymétriques que
non-centrosymétriques. Un exemple de milieu non linéaire centrosymétrique est le verre
constituant la fibre optique [Agrawal 13].

Dans un milieu non linéaire, les équations de Maxwell permettent de décrire la pro-
pagation du champ électrique E [Boyd 92] :

∇2E − 1
c2
∂2E

∂t2
= µ0

∂2PL
∂t2

+ µ0
∂2PNL
∂t2

(1.17)

où n est l’indice de refraction, µ0 la perméabilité magnétique du vide et ∇2E le laplacien
transverse à trois dimensions.

Dans le cas où le milieu de propagation non linéaire est la fibre optique, il est possible
de montrer qu’en développant l’équation 1.17, on obtient l’équation de Schrödinger non li-
néaire généralisée qui permet de décrire la propagation du champ ψ(z, t) [Newell et Moloney 92,
Agrawal 13] :

∂ψ

∂z
+ α

2ψ −
∑
k≥2

ik+1

k! β
k ∂

kψ

∂tk
= iγ

(
1 + iτshock

∂

∂t

)(
ψ(z, t)

∫ ∞
−∞

R(t′)|ψ(z, t− t′)|2dt′
)

(1.18)
où t est un temps retardé tel que t = t′ − β1z [Agrawal 13]. On peut distinguer deux

parties dans l’équation 1.18. L’encadré bleu englobe les effets linéaires, constitués des
pertes (cœfficient α) et de la dispersion. L’encadré vert englobe, quant à lui, les effets non
linéaires dont l’importance est déterminée par le paramètre γ. La réponse non linéaire
totale du matériau au champ électromagnétique R(t′) prend en compte la réponse non
linéaire instantanée (effet Kerr) ainsi que la réponse Raman retardée.

Dans le cas où le champ ψ(z, t) évolue plus lentement que la réponse non linéaire totale
[Agrawal 13], on peut simplifier l’équation 1.18 et ainsi obtenir l’équation suivante :

∂ψ

∂z
+ α

2ψ −
∑
k≥2

ik+1

k! β
k ∂

kψ

∂tk
= iγ

(
|ψ|2ψ + iτshock

∂|ψ|2ψ
∂t

− TRψ
∂|ψ|2

∂t

)
(1.19)

Dans l’équation 1.19, les termes non linéaires sont simplifiés. On peut distinguer l’ef-
fet Kerr (responsable de l’automodulation de phase [Stolen et Lin 78], de la modulation
de phase croisée [Islam et al. 87] et du mélange à quatre ondes [Boyd 92]), le phénomène
d’auto-raidissement (responsable de la formation de chocs optiques [Anderson et Lisak 83])
et enfin l’effet Raman (responsable de l’auto-décalage de fréquence [Mitschke et Mollenauer 86,
Gordon 86]). Il existe un moyen d’évaluer l’importance de ces effets dans une fibre optique
en calculant les longueurs caractéristiques propres à chacun d’eux. Pour cela, on considère
une impulsion de largeur T0 et de puissance crêtre P0. La longueur de pertes s’écrit :

Lα = 1
α

(1.20)
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la longueur non linéaire :
LNL = 1

γP0
(1.21)

la longueur de choc :
Ls = Lnl × ω0T0 (1.22)

la longueur Raman :
LTR = Lnl × T0

TR
(1.23)

Les longueurs caractéristiques des effets de dispersion d’ordre 2 et 3 sont données par les
équations suivantes :

LD = T 2
0
|β2|

(1.24)

L′D = T 3
0
|β3|

(1.25)

Nous avons présenté ici plus particulièrement l’équation de Schrödinger non linéaire gé-
néralisée puisque le milieu non linéaire que nous utilisons est la fibre optique. Cependant,
il est possible à partir de l’équation 1.17 d’étudier l’interaction entre deux ondes, notam-
ment dans la génération de nouvelles fréquences 5. Par ailleurs, l’étude de la propagation
d’ondes partiellement cohérentes dans des milieux non linéaires nécessite l’utilisation de
concepts issus de l’optique statistique et de l’optique non linéaire. Ce nouveau champ
d’étude, que nous appelons optique non linéaire statistique, fait l’objet de la section sui-
vante.

1.1.1.3 Optique non linéaire statistique

Dans la section 1.1.1.1, nous avons discuté de l’approche de l’optique statistique afin
d’étudier la nature aléatoire des sources partiellement cohérentes. Puis, nous avons rapi-
dement évoqué l’apport de l’optique non linéaire dans l’interaction entre l’onde électro-
magnétique et le milieu dans lequel elle se propage. Ces dernières années, un domaine de
recherche mélant les aspects statistiques et non linéaires s’est développé et porte le nom
d’optique non linéaire statistique.

On peut, sans doute, dater les premières expériences d’optique non linéaire statistique
dans les années 90 avec la génération de solitons incohérents dans des cristaux photoré-
fractifs [Mitchell et al. 96, Mitchell et Segev 97]. Sur le plan théorique, l’exploitation de la
théorie de la turbulence d’onde [Zakharov et al. 92, Frisch 95] en optique a donné un éclai-
rage fondamental concernant le couplage entre non linéarité et comportement aléatoire. La
théorie de la turbulence d’onde fournit une description thermodynamique hors équilibre du
système d’ondes [Picozzi et al. 14]. Dans le régime de propagation faiblement non linéaire
on peut développer une théorie cinétique de la turbulence d’onde [Picozzi et al. 14] et ef-
fectuer une analogie avec la théorie cinétique des gaz [Picozzi 07]. Par ailleurs, la théorie
de la turbulence faible a été développée dans des systèmes variés caractérisés par le temps

5. Nous verrons dans le troisième chapitre que nous nous intéressons en particulier à la somme de fré-
quence. Nous avons notamment écrit les équations de propagation dans un cas particulier d’up-conversion
dans l’annexe B
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de réponse du matériau non linéaire, ou encore dans des systèmes possèdants une dy-
namique spatiale aussi bien que temporelle [Garnier et Picozzi 10, Picozzi et Garnier 11,
Kibler et al. 12a, Garnier et al. 12, Picozzi et al. 14].

Sur le plan expérimental, peu d’expériences d’optique ont été réalisées dans le do-
maine de la turbulence d’onde. On peut citer les travaux expérimentaux comparant les
résultats numériques à la réalité expérimentale, comme par exemple, dans les processus
de verrouillage de vitesses d’ondes incohérentes [Pitois et al. 06], dans une approche par-
ticulière de thermalisation dans les supercontinua [Barviau et al. 09], en thermalisation
anormale [Suret et al. 10], ou encore dans l’équation de Schrödinger non linéaire à une di-
mension [Suret et al. 11]. Cependant, le cadre expérimental reste limité à cause des effets
parasites tels que la diffusion Raman, l’effet Brillouin, les ordres supérieurs de la dipersion
ou simplement le rôle des pertes. Dans la section 1.1.2.3, nous présenterons les travaux
numériques de la turbulence faible effectués dans le cadre de l’équation de Schrödinger
non linéaire à une dimension [Janssen 03, Soh et al. 10, Suret et al. 11]. Enfin, nous ver-
rons dans la section 1.3.1 le phénomène de turbulence intégrable récemment développé
par Zakharov [Zakharov 09, Zakharov et Gelash 13]. Ce champ d’activité fait partie in-
tégrante du domaine de l’optique non linéaire statistique et correspond notamment au
cadre théorique des études réalisées dans le deuxième et troisième chapitre.

1.1.2 Propagation non linéaire d’ondes partiellement cohérentes :
évolution du spectre optique

Dans la section 1.1.1.1 en rapport avec l’optique statistique linéaire, nous avons ex-
pliqué que la fonction d’autocorrélation permet de caractériser la cohérence d’une onde
aléatoire. Plus particulièrement, nous avons montré au travers du théorème de Wiener-
Khintchine le lien entre spectre optique et fonction d’autocorrélation. En d’autres termes,
en mesurant expérimentalement le spectre optique d’une onde partiellement cohérente,
nous faisons déjà une étude statistique. En effet, la mesure du spectre nous donne une
information sur le moment d’ordre 2 du champ aléatoire. Dans la réalité expérimentale, il
est possible d’effectuer ce type de mesure en utilisant par exemple un analyseur de spectre
optique. Dans cette section, nous allons discuter des études s’intéressant à la propagation
d’une onde partiellement cohérente et aux résultats obtenus dans ces différents contextes.

1.1.2.1 Expériences

A notre connaissance, il existe peu d’expériences en optique s’intéressant aux ondes
partiellement cohérentes dont la propagation est régie par l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension. Plus particulièrement, nous sous-entondons ici que la propaga-
tion s’effectue dans un régime où la dispersion d’ordre 2 ainsi que l’effet Kerr contribuent
de manière simultanée à l’élargissement du spectre optique. En 2006, B. Barviau et al.
se sont placés dans ce cadre d’étude [Barviau et al. 06], en régime fortement non linéaire,
qui est différent de celui de la turbulence faible (section 1.1.2.3) ou encore du régime de
pure auto-modulation de phase (section 1.1.2.2).

Dans le travail de Barviau et al., les auteurs étudient l’élargissement spectral de l’onde
partiellement cohérente dans une fibre optique monomode en régime de dispersion nor-
male. Puis, les auteurs comparent leurs résultats à la simulation numérique de l’équation



1.1. Ondes partiellement cohérentes et optique non linéaire 31

de Schrödinger non linéaire à une dimension.
La figure 1.5 illlustre, d’une part, la mesure du spectre optique à trois distances de

propagation. D’autre part, les auteurs calculent l’élargissement spectral pour de plus
grandes distances. Barviau et al. montrent que le spectre s’élargit fortement au début
de la propagation à cause du mélange à quatre ondes. Cependant, le comportement est
intéressant car, comme on peut le constater sur la figure 1.5(b), l’élargissement spectral
n’est pas infiniment monotone : il finit par diminuer et conserver une valeur constante à
grande distance de propagation.

Ce comportement non trivial du spectre optique d’une onde partiellement cohérente
dont la propagation est régie par l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension
se place en réalité dans le contexte particulier de la turbulence intégrable, récemment
introduit par Zakharov [Zakharov 09] et que nous discuterons dans la section 1.3.

(a) Onde partiellement cohérente en noir et trait
épais. Propagation en pointillés et en trait plein

(b) Etude de l’élargissement spectrale en fonction
de la propagation. Largeur normalisée par rapport
à la largeur spectrale en z=0

Figure 1.5 – (a) Elargissement du spectre d’une onde partiellement cohérente au cours
de la propagation dans une fibre optique en régime de dispersion normale. (b) Evolution
de la largeur spectrale en fonction de la distance de propagation. Illustrations issues de
l’article [Barviau et al. 06]

Au début des années 2000, une approche différente de celle utilisée dans ce manuscrit a
été considérée afin d’expliquer l’élargissement spectral d’une onde partiellement cohérente.
Cette approche consiste à modéliser l’onde partiellement cohérente, non pas à partir d’un
modèle multimode [Barviau et al. 06] dont le spectre est composé d’un grand nombre de
modes de Fourier de phases aléatoires, mais, à partir d’un modèle monotone de diffusion
de phase. La condition initiale prend par exemple la forme suivante [Mussot et al. 04] :

ψ(z = 0, t) =
√
P0 e

iφ(t) (1.26)

où
√
P0 est un terme constant correspond à la racine carré de la puissance moyenne de

l’onde continu. La phase est quant à elle une fonction aléatoire. Dans ce cas, on obtient
dans l’espace de Fourier un spectre de puissance lorentzien. Les auteurs, par exemple
[Mussot et al. 04], montrent que l’élargissement spectral décrit correctement celui obtenu
dans l’expérience à partir d’un laser multimode longitudinal dans une équation de Schrö-
dinger non linéaire où les termes de dispersion jusqu’à l’ordre 4 sont pris en compte.
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Cependant, ce modèle de diffusion de phase possède l’inconvénient de ne pas considérer le
caractère aléatoire de l’ensemble des modes de Fourier constituant le spectre de l’onde par-
tiellement cohérente. Autrement dit, les fluctuations de puissance de la condition initiale
ne sont pas considérées. Par ailleurs, ce type de condition initiale a également été utilisé
dans d’autres contextes, comme dans l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimen-
sion [Anderson et al. 04, Cavalcanti et al. 95] ou plusieurs dimension [Hall et al. 02].

Dans les sections suivantes, nous allons discuter des résultats théoriques obtenus dans
différents contextes (régime de pure auto-modulation de phase, turbulence d’onde, super-
sontinuum et laser raman) et qui se sont intéressés à la statistique et donc également à
l’élargissement du spectre d’une onde partiellement cohérente.

1.1.2.2 Influence de l’auto-modulation de phase

En optique fibrée, l’équation de Schrödinger non linéaire généralisée (équation 1.19)
est utilisée pour décrire la propagation des ondes [Agrawal 13]. Les deux effets principaux
compris dans cette équation sont la dispersion et l’effet Kerr. En 1991, J. T. Manassah
étudia l’influence de l’automodulation de phase sur la propagation d’une onde incohé-
rente en l’absence des termes linéaires (pertes et dispersion) [Manassah 91]. Dans ce cas
l’équation de Schrödinger non linéaire devient :

i∂ψ
∂z

= −γ|ψ|2ψ (1.27)

La phase non linéaire induite par la propagation ne va pas modifier les fluctuations d’in-
tensités, c’est-à-dire que :

|ψ(z = L, t)|2 = |ψ(z = 0, t)|2 (1.28)

En ce qui concerne l’étude du comportement spectral, il est nécessaire de résoudre l’équa-
tion 1.27. C’est une équation différentielle du premier ordre dont il est possible de trouver
une solution analytique simple :

ψ(z = L, t) = ψ(z = 0, t) e iγ |ψ(z=0,t)|2 L (1.29)

La solution 1.29 de l’équation 1.27 montre que le champ se propageant dans la fibre
possède un terme de phase non linéaire dépendant du temps et augmentant avec la dis-
tance de propagation. La dépendance en temps de ce terme modifie la forme du spectre
optique de l’onde [Agrawal 13]. Dans son étude de 1991, J. T. Manassah a montré que
le champ devenait de plus en plus incohérent au cours de la propagation. Ce comporte-
ment est caractérisé par une diminution du temps de corrélation associée à l’élargissement
spectral. L’étalement du spectre de l’onde s’effectue de manière monotone en fonction de
z. Comme le montre l’équation 1.28, les fluctuations temporelles d’intensité n’évoluent
pas. On peut alors affirmer que la distribution de probabilité de la puissance optique
reste constante au cours de la propagation. Pourtant, le spectre s’élargit et la cohérence
diminue. Il semble donc à première vue que l’effet seul de la non linéarité ne suffise pas à
modifier la statistique de l’onde incohérente 6.

6. Nous verrons dans le deuxième chapitre l’évolution non triviale de la statistique en fonction des
échelles considérées.
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1.1.2.3 Régime faiblement non linéaire : théorie de la turbulence faible

Nous avons discuté dans la section 1.1.2.2 l’influence de la non linéarité sur la propaga-
tion d’une onde partiellement cohérente. Le spectre optique ne cesse de s’élargir alors que
la distribution de probabilité de la puissance optique reste constante au cours de la propa-
gation. Nous allons maintenant discuter des résultats obtenus dans le cas où la dispersion
domine l’effet non linéaire, considéré comme perturbatif. Ce cadre d’étude correspond à
la théorie de la turbulence faible.

La théorie de la turbulence faible ou théorie cinétique des ondes [Zakharov et al. 92]
a été historiquement développée dans le cadre de l’hydrodynamique [Hasselmann 62,
Hasselmann 63] et de la physique des plasmas [Tsytovich 70]. Elle permet de décrire la for-
mation du spectre moyen du champ dans des systèmes d’ondes hamiltoniens dans lesquels
les équations régissant la propagation sont non intégrables. Dans le cas où le système est
décrit par une équation de Schrödinger non linéaire alors la dimension du système d’ondes
doit être supérieure ou égale à 2. Dans un premier temps, nous allons présenter la théorie
de la turbulence faible pour un système décrit par l’équation de Schrödinger non linéaire
à deux dimensions. Puis, nous verrons les récents développements effectués dans le cas
particulier d’un système unidimensionnel.

Dans un milieu non dissipatif et non linéaire, l’évolution du champ aléatoire complexe
ψ(t, ~r) obéit à l’équation suivante [Dyachenko et al. 92] :

i∂ψ
∂t

+∇ψ + α|ψ|2ψ = 0 (1.30)

où ∇ est l’opérateur Laplacien transverse. Le paramètre α est lié au type de régime
considéré, focalisant (α = 1) ou défocalisant (α = −1). L’équation 1.30 conserve trois
intégrales, constantes au cours de l’évolution de l’onde et appelées constantes du mouve-
ment :

– Le nombre de particule ou puissance moyenne : N =
∫
|ψ|2d~r.

– L’hamiltonien total du système (ou énergie) : H =
∫

(|∇ψ|2 − 1
2α|ψ|

4d~r.
– Le moment : ~P = 1

2 i
∫

(ψ∇ψ∗ − ψ∗∇ψ)d~r
En appliquant la transformée de Fourier de l’équation 1.30, on peut écrire :(

∂

∂t
+ iω(k)

)
ψ(~k) = iα

(2π)2

∫
ψ∗k1ψk2ψk3δ(~k + ~k1 − ~k2 − ~k3)d~k1d~k2d~k3 (1.31)

Comme nous l’avons expliqué précédemment, la théorie cinétique des ondes permet de
décrire l’évolution du spectre optique moyen du champ qui correspond comme nous
l’avons vu dans la section 1.1.1.1 au moment statistique d’ordre 2 : 〈ψ(t, ~k1)ψ∗(t, ~k1)〉 =
n ~k1

(z)δ ~k1− ~k2
. A partir de l’équation 1.31, il est possible d’écrire l’évolution du moment

d’ordre 2 et de montrer qu’il dépend du moment d’ordre 4. De la même manière, si l’on
développe une équation sur le moment d’ordre 4, on montre alors que celle-ci dépend du
moment d’ordre 6. Cette hiérarchie des moments de l’onde est tout à fait classique dans
la théorie de la turbulence faible. En supposant que la statistique du champ est proche
de la statistique gaussienne, alors il est possible d’effectuer une opération appelé ferme-
ture des moments. Cette relation permet d’exprimer le moment d’ordre 6 du champ en
fonction d’une somme de moments d’ordre 2 et ainsi de fermer l’équation d’évolution du
spectre optique moyen de l’onde. En effectuant cette opération, on peut développer l’équa-
tion 1.31 afin d’écrire une équation cinétique irréversible permettant de décrire l’évolution
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du spectre moyen du champ au cours de la propagation [Dyachenko et al. 92] :

∂n~k
∂t

= 4πα2

(2π)4

∫
(nk1nk2nk3 + nknk1nk2 − nknk1nk3 − nknk1nk2)

× δ(~k + ~k1 − ~k2 − ~k3)δ(ωk + ωk1 − ωk2 − ωk3)d~k1d~k2d~k3 (1.32)

Pour des systèmes décrits par l’équation de Schrödinger non linéaire de dimension supé-
rieure ou égale à 2, et à grandes distances de propagation, le système peut évoluer vers un
état d’équilibre thermodynamique. Cet état d’équilibre est caractérisé par une augmen-
tion du désordre (entropie) du système associé à un processus de thermalisation de l’onde.
Ce processus de thermalisation est associé à une équipartition de l’énergie des modes du
champ [Dyachenko et al. 92, Picozzi 07, Zakharov et al. 92]. Par ailleurs, il est possible
de montrer que l’augmentation de l’entropie peut également amener à un phénomène de
condensation d’onde. La condensation d’onde prédit que l’énergie du système se localise
dans le mode fondamental ainsi qu’à une équipartition d’énergie dans les autres modes
[Connaughton et al. 05, Picozzi et Rica 12, Aschieri et al. 11].

Dans le cadre de ce mémoire, nous utilisons l’équation de Schrödinger non linéaire
à une dimension. Nous allons maintenant discuter de la théorie de la turbulence d’onde
dans ce sytème. Nous avons écrit l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension
sous une forme adimensionnée. A l’inverse de l’équation 1.30, l’évolution de l’onde se fait
suivant l’espace et non le temps :

i∂ψ(t, z)
∂z

= −σ∂
2ψ(t, z)
∂t2

+ |ψ(t, z)|2ψ(t, z) (1.33)

où σ caractérise le signe de la dispersion.
En supposant que la statistique du champ demeure proche de la statistique gaussienne

au cours de la propagation et en appliquant la relation de fermeture des moments, il est
possible d’écrire une équation cinétique décrivant l’évolution du spectre optique moyen
du champ [Newell et al. 01, Zakharov et al. 01] :

∂nω1(z)
∂z

= 1
π

∫ ∫ ∫
dω2−4N (z) δ(ω1 + ω2 − ω3 − ω4) δ(∆k) (1.34)

oùN (z) = nω1(z)nω3(z)nω4(z)+nω2(z)nω3(z)nω4(z)−nω1(z)nω2(z)nω3(z)−nω1(z)nω2(z)nω4(z)
et ∆k = k(ω1) + k(ω2) − k(ω3) − k(ω4). Le membre de droite de l’équation 1.34 est ap-
pelé terme de collision [Zakharov et al. 92]. L’élargissement du spectre optique se fait par
mélange à quatre ondes. Cependant, il faut considérer une combinaison non triviale du
mélange à quatre ondes sur l’ensemble des modes constituants le spectre optique. L’ef-
ficacité du mélange à quatre ondes est conditionnée par les résonances induites par les
distributions de Dirac δ.

Dans un système à une dimension comme l’équation 1.33, les échanges d’énergie entre
les modes dans le spectre optique respectent les conditions d’accord de phase suivantes :

k1 + k2 = k3 + k4 (1.35)
ω1 + ω2 = ω3 + ω4 (1.36)
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En utilisant la relation de dispersion dans l’équation 1.35 (k = −σω2), et supposant que
ω1 et ω2 sont connues, il est possible de résoudre le système d’équations à deux inconnues
suivant : {

ω2
1 + ω2

2 = ω2
3 + ω2

4
ω1 + ω2 = ω3 + ω4

(1.37)

On montre 7 que l’on obtient les solutions données pas l’équation 1.41.
ω1 = ω3 et ω2 = ω4

ou
ω1 = ω4 et ω2 = ω3

(1.41)

Pour une équation intégrable, il n’existe donc pas de conditions de résonance non tri-
viales dans le mélange à quatre ondes [Zakharov et al. 01, Janssen 03, Zakharov et al. 04,
Laurie et al. 12]. Nous entendons par non trivial le fait qu’il n’existe pas d’échanges d’éner-
gies non linéaires entre les modes autres que ceux définis par ces paires de fréquences. Si
nous appliquons maintenant ces conditions dans le membre de droite de l’équation 1.34
alors nous obtenons :

∂nω1(z)
∂z

= 0 (1.42)

On peut contaster avec l’équation 1.42 que la théorie cinétique des ondes usuelle ne
permet pas de décrire l’évolution du spectre optique moyen au cours de la propagation.

P. Janssen a décrit en hydrodynamique l’influence du mélange à quatre ondes dans
l’évolution du spectre et de la statistique des ondes de surface [Janssen 03] en conservant
les termes résonants (c’est-à-dire, ω1 + ω2 6= ω3 + ω4). Dans le cadre de la théorie de
la turbulence d’onde, P. Janssen établit une équation en fonction des moments d’ordres
supérieurs du champ. Il montre qu’il est possible de relier à un paramètre statistique
de forme tel que le kurtosis le moment d’ordre 4 de l’onde. Cette opération permet à
P. Janssen d’étudier comment une petite quantité d’énergie non linéaire peut influencer
les changements spectraux et statistiques d’une onde incohérente dans un système à une
dimension. Nous présenterons plus en détails à la fin de ce chapitre (section 1.3.4) les
principaux résultats de cette étude.

Quelques années plus tard, des travaux en optique ont prouvé expérimentalement que
le spectre d’une onde partiellement cohérente peut s’élargir suite à une propagation non li-
néaire dans une fibre optique [Barviau et al. 06]. En 2010, de façon complémentaire au tra-
vail de P. Janssen, Soh et al. ainsi que Suret et al. ont modifié l’approche traditionnelle de
la turbulence faible afin de décrire les systèmes dont l’équation de propagation est donnée

7. A partir de l’équation 1.37, on peut écrire :{
(ω1 + ω3)(ω1 − ω3) = (ω4 + ω2)(ω4 − ω2)

ω1 − ω3 = ω4 − ω2
(1.38)

On obtient alors : {
ω1 = ω3

(ω4 + ω2)(ω4 − ω2) = 0 ou
{
ω1 + ω3 = ω4 + ω2
ω1 − ω3 = ω4 − ω2

(1.39)

Ce qui est équivalent à : {
ω1 = ω3
ω4 = ω2

ou
{
ω1 = ω4
ω3 = ω2

(1.40)
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par l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension [Soh et al. 10, Suret et al. 11].
Plus particulièrement, Suret et al. ont modifié la théorie de la turbulence d’onde en écri-
vant une équation cinétique gouvernant l’évolution du moment d’ordre 2 du champ. Ce
traitement analytique permet d’obtenir une équation cinétique dans laquelle le terme de
collision est différent de zéro [Suret et al. 11] :

∂nω1(z)
∂z

= 1
π2

∫ ∫
dω3−4 nω3(z = 0)nω4(z = 0)nω3+ω4−ω1(z = 0) sin(∆kz)

∆k

− nω1(z = 0)
π2

∫ ∫
dω3−4 nω3(z = 0)nω4(z = 0) sin(∆kz)

∆k (1.43)

La première intégrale du membre de droite contribue à expliquer l’évolution des ailes
du spectre alors que la seconde intégrale décrit principalement les changements dans
le corps du spectre. Plus particulièrement, Suret et al. ont montré que la contribution
dominante d’échanges d’énergies entre les modes dans les ailes du spectre se fait entre
paires de fréquence (ω1/3;−ω1/3) et (ω1/3;ω1). Cette démonstration est valide dans le
cas où le spectre de la condition initiale est de forme gaussienne ou hyper-gaussienne. La
figure 1.6 représente le spectre optique obtenu après propagation en régime faiblement
non linéaire et notamment l’interaction entre les paires de fréquences.

Figure 1.6 – Propagation faiblement non linéaire d’une onde incohérente de spectre op-
tique gaussien (traits pointillés). Comparaison entre intégration numérique de l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension en noir et l’équation 1.43 en bleu. Illustration
issue de l’article [Suret et al. 11]

Nous avons discuté au sein de cette section de la théorie de la turbulence d’onde
dite également théorie cinétique des ondes. Nous avons expliqué que cette théorie permet
d’étudier la propagation d’une onde partiellement cohérente dans un régime de propaga-
tion où les effets non linéaires sont considérés comme perturbatifs. Dans ce cas, l’une des
hypothèses est que la statistique de l’onde aléatoire doit rester proche de la statistique
gausienne au cours de la propagation. Sous cette condition il est possible de développer
une équation cinétique décrivant l’évolution du spectre moyen du champ. Dans ce mé-
moire, nous nous plaçons dans un système d’ondes unidimensionnel dont l’équation de
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propagation est donnée par l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. En
particulier, nous nous intéressons à l’influence des effets non linéaires sur la modification
de la statistique de l’onde partiellement cohérente. La théorie de la turbulence d’onde
appliquée à l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension ne peut traiter que
du cas faiblement non linéaire. Notre étude s’incrit dans le cadre plus général (éventuel-
lement fortement non linéaire) de la turbulence intégrable introduit par Zakharov et que
nous discuterons dans la section 1.3 de ce chapitre. Avant cela, nous souhaitons discuter
de systèmes plus complexes utilisant à la fois des termes linéaires et non linéaires afin
de décrire l’évolution statistique d’une onde partiellement cohérente. L’objectif de cette
démarche est de donner une vue d’ensemble en optique des travaux réalisés pour l’étude
statistique des ondes partiellement cohérentes.

1.1.2.4 Génération de Supercontinuum

Dans les sections 1.1.2.2 et 1.1.2.3, nous avons discuté du cas où l’équation de Schrö-
dinger non linéaire ne possèdait aucun terme linéaire (β2 = 0) et à l’opposé le cas où
dans cette équation les effets non linéaires sont considérés comme perturbatifs. Ces der-
nières années, des études ont cherché à étudier une onde partiellement cohérente générée
à partir d’une condition initiale impulsionnelle. Dans ces travaux, la présence simultanée
des effets linéaires et non linéaires d’ordres supérieurs dans l’équation de Schrödinger non
linéaire généralisée contribue à obtenir une onde partiellement cohérente dont la largeur
spectrale est de l’ordre de la centaine de THz. Ce phénomène, appelé supercontinuum,
est souvent obtenu par la propagation d’impulsions femtosecondes ou picosecondes dans
une fibre optique [Dudley et al. 06]. Nous allons rapidement présenter dans cette section
les résultats obtenus dans ce champ d’activité et notamment ceux permettant de traiter
de la statistique de l’onde partiellement cohérente générée.

Le phénomène de génération de supercontinuum a été observé, pour la première fois,
au début des années 70 dans un verre de borosilicate [Alfano et Shapiro 70a]. Consécuti-
vement à cette expérience pionnière, de nombreux travaux se succédèrent dans des milieux
solides [Alfano et Shapiro 70b, Alfano et al. 86, Ho et al. 89], liquides [Fork et al. 83] ou
gazeux [Corkum et al. 85, Corkum et al. 86]. Dans les dernières décennies, une succes-
sion de travaux ont été réalisés [Alfano 89], mais il a fallu attendre l’étude de Lin et
Stolen afin d’observer la première génération de supercontinuum dans une fibre op-
tique [Lin et Stolen 76]. Avec le développement des lasers de puissances ainsi que l’avè-
nement des fibres à cristal photonique [Knight et al. 96, Knight 03, Russell 06], il est
possible d’obtenir un supercontinuum dont le spectre optique s’étend sur environ 1200
nm [Ranka et al. 00, Dudley et Taylor 10, Belli et al. 15].

La génération de supercontinuum est usuellement modélisée par l’équation de Schrö-
dinger non linéaire généralisée [Dudley et al. 06] définie dans la section 1.1.1.2 et que nous
rappelons ici :

∂ψ

∂z
+ α

2ψ −
∑
k≥2
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k! β
k ∂

kψ

∂tk
= iγ

(
1 + iτshock

∂

∂t

)(
ψ(z, t)

∫ ∞
−∞

R(t′)|ψ(z, t− t′)|2dt′
)

(1.44)
Lors de la propagation d’une impulsion dans l’équation 1.44, il est nécessaire de défi-

nir le régime de dispersion, la largeur de l’impulsion et sa puissance. La génération d’un
supercontinuum peut se faire dans un régime de dispersion normale (β2 > 0) et anormale
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(β2 < 0). Une impulsion se propageant dans un régime de dispersion normale subit princi-
palement les effets d’automodulation de phase, de modulation de phase croisée, d’un effet
de cascade Raman produisant un continuum spectral [Alfano 89]. En régime de dispersion
anormale, on peut distinguer deux régimes d’élargissement spectral, celui à partir d’im-
pulsions courtes (quelques femtosecondes) et celui obtenus à partir d’impulsions longues
(impulsion picoseconde [Dudley et al. 06] ou signal quasi-continu (partiellement cohérent)
[Vanholsbeeck et al. 05, Kudlinski et Mussot 08]).

La figure 1.7(a) représente l’evolution spectrale et temporelle d’une impulsion courte
en propagation dans une fibre à cristal photonique. L’élargissement spectral est très rapide
et se produit aussi bien du côté des hautes que des basses longueurs d’onde. Après 15 cm
de propagation, la largeur du spectre optique est d’environ 650 nm dans cet exemple
[Dudley et al. 06]. Du point de vue temporel (figure 1.7(a)), on observe l’émission de
structures cohérentes d’intensité variable à partir de l’impulsion d’origine.

L’élargissement spectral du supercontinuum dans le cas d’une impulsion initiale de
courte durée temporelle et de grande puissance peut se résumer de la façon suivante.
Tout d’abord, l’impulsion initiale se brise en plusieurs solitons fondamentaux. Cette étape
correspondant à la fission solitonique est suivie par la génération d’ondes dispersives
permettant de stabiliser les solitons fondamentaux. Enfin, l’auto-décalage Raman des
solitons vers les grandes longueurs d’onde, couplé au décalage des ondes dispersives vers
les basses longueurs d’onde produit un élargissement spectral important de l’impulsion
initiale (figure 1.7(a)).

(a) Condition initiale : impulsion courte (b) Condition initiale : impulsion longue

Figure 1.7 – Génération d’un supercontinuum en régime de dispersion anormale en
prenant en compte deux conditions initiales différentes (a) impulsion courte, (b) impulsion
longue. Les paramètres des simulations ainsi que ces deux illustrations sont issues de
l’article [Dudley et al. 06] pour (a) et [Dudley et al. 08] pour (b).
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Sur la figure 1.7(b), nous avons représenté la dynamique du supercontinuum pour
une condition initiale faite d’impulsions longues. Dans ce cas, l’instabilité de modu-
lation n’est plus du tout négligeable et influence fortement la propagation de l’onde
[Demircan et Bandelow 05]. En effet, le gain de l’instabilité de modulation va amplifier le
bruit initialement présent. Ce comportement se traduit par l’apparition de deux bandes
latérales (figure 1.7(b)) dans le spectre lors de la propagation [Dudley et al. 08]. A l’op-
posé de l’utilisation d’impulsions courtes, le processsus de fission solitonique est influencé
de manière stochastique par le bruit initialement présent et ce, parfois même d’une im-
pulsion à une autre. Les solitons fondamentaux éjectés, couplés aux ondes radiatives, vont
subir un décalage différent qui sera fonction du bruit initial. On peut donc considérer ces
changements comme une réalisation aléatoire de la génération de supercontinuum pouvant
mener à la formation de ce que les auteurs appellent des ondes scélérates (figure 1.7(b)).
Les travaux auxquels la figure 1.7(b) fait référence ont été réalisés suite à l’étude pion-
nière de Solli et al.. Dans cet article [Solli et al. 07], les auteurs montrent l’émergence de
fluctuations de grandes amplitudes suite à un filtrage dans les grandes longueurs d’onde
du supercontinuum. La distribution de probabilité associée est alors non gaussienne (voir
section 1.2.2).

Nous venons d’expliquer succinctement les mécanismes menant à la formation d’un
supercontinuum optique. En particulier, dans le cas d’impulsions longues, la génération
de supercontinuum est plus sensible au bruit présent dans la condition initiale. De ce
fait, on peut considérer le spectre de sortie comme une réalisation d’un processus statis-
tique. Il est alors possible de calculer un spectre optique moyen et une distribution de
probabilité en prenant en compte des germes de bruits différents pour chaque réalisation
[Dudley et al. 08]. Par ailleurs, des études récentes ont utilisé des techniques originales
permettant de calculer dans différentes régions spectrales la statistique du superconti-
nuum [Wetzel et al. 12].

1.1.2.5 Un exemple particulier de système dissipatif : les lasers Raman

Dans les sections 1.1.2.2, 1.1.2.3 et 1.1.2.4, nous avons présenté l’évolution spectrale
et statistique d’une onde partiellement cohérente en simple propagation. Nous entendons
par simple propagation le fait qu’il n’y a pas de processus de rétro-action de la lumière
sur elle-même comme dans les lasers. Dans cette section nous allons maintenant nous
intéresser aux systèmes d’ondes dissipatifs comportant des termes de gain et de pertes.
Un exemple important est le laser Raman dans lequel il est possible de faire des ana-
logies avec l’hydrodynamique, certaines études ayant montré l’existence d’une transition
de type laminaire-turbulent dans ce système [Turitsyna et al. 13]. Cependant, on peut
trouver d’autres types de systèmes dissipatifs comme par exemple les lasers aléatoires
[Churkin et al. 15].

Le laser Raman Un laser Raman à fibre (figure 1.8) est constitué d’une cavité dont
le milieu amplificateur est une fibre optique. La cavité est la plupart du temps fermée
par des miroirs à réseau de Bragg photoinscrits dans la fibre. Les lasers Raman émettent
un rayonnement continu monomode transverse et multimode longitudinal sur un spectre
optique ayant typiquement une largeur d’environ une centaine de GHz. Du fait que la
largeur spectrale de l’onde émise est finie, on peut considérer que l’onde à la sortie du
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laser est partiellement cohérente. Pour une fibre de 1km, l’intervalle spectral libre 8 est de
l’ordre de la centaine de kHz. On peut alors évaluer qu’environ 106 modes longitudinaux
oscillent dans la cavité. C’est pourquoi, il est possible de construire une théorie statistique
du laser Raman [Babin et al. 07b]. Le gain 9 du laser Raman est donné par la diffusion
Raman stimulée [Boyd 92]. A forte puissance, l’onde de pompe crée une onde Stokes de
fréquence inférieure. On peut alors étudier la formation du spectre optique ainsi que la
statistique de l’onde Stokes à l’intérieur ainsi qu’à l’extérieur de la cavité du laser Raman
[Babin et al. 07b, Suret et Randoux 04, Randoux et al. 11, Churkin et al. 11].
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Figure 1.8 – Schéma de configuration typique des lasers Raman à fibre

La figure 1.9 représente le spectre optique transmis par le laser Raman pour différentes
valeurs de la puissance de pompe [Suret et Randoux 04]. Au cours de la propagation,
l’onde Stokes intra-cavité s’élargit sous l’action du mélange à quatre ondes. Près du seuil
du laser ((i) sur la figure 1.9), la largeur du spectre est inférieure à la largeur du spectre
de réflectivité des miroirs de Bragg. Par contre, lorsque la puissance de pompe augmente,
le spectre optique du laser devient beaucoup plus large que le spectre de réflectivité
des miroirs ((iii) sur la figure 1.9). Par conséquent, le spectre transmis présente une
forme en double bosse caractéristique des laser Raman à fibre composés de miroirs de
Bragg. Le fait que le spectre optique présente des composantes spectrales en dehors de
la bande de réflectivité des miroirs de Bragg montre que les modes longitudinaux ne sont
pas indépendants [Suret et Randoux 04, Babin et al. 07b]. Le mélange à quatre ondes
conduit à un échange d’énergie entre les modes de la cavité. La prise en compte de leurs
interactions est nécessaire afin d’expliquer la formation du spectre optique des lasers
Raman, notamment à hautes puissances de pompe.

Historiquement, le modèle de AuYeung et Yariv a permis de décrire le laser Ra-
man et de donner des outils afin d’optimiser son fonctionnement. Cependant, ce mo-
dèle est monomode et ne peut décrire la formation du spectre optique du laser Raman
[AuYeung et Yariv 79]. Bien plus tard (2003), J-C. Bouteiller a développé un modèle phé-
nomèmologique multimode dans lequel l’auteur considère le spectre optique de l’onde
Stokes comme une somme de composantes spectrales [Bouteiller 03]. Cependant, il a fallu
attendre les premiers travaux de Babin et al. sur la théorie cinétique pour obtenir une
première théorie prenant en compte le mélange à quatre ondes pour décrire l’élargissement

8. L’intervalle spectrale libre est un paramètre qui détermine l’intervalle en fréquence séparant deux
modes longitudinaux de la cavité. Il s’exprime de la façon suivante : ∆νISL = c/2L où c est la vitesse de
la lumière et L est le chemin optique, ici la longueur de la cavité.

9. L’un des avantages du laser Raman est que le gain n’est pas contraint par les niveaux électronique
des atomes constituants le milieu amplificateur. En effet, dans ce cas, le gain est donné par la diffusion
Raman stimulée[Boyd 92]. Ce processus correspond à l’amplification de la diffusion Raman spontanée qui
provient du couplage entre les modes de vibrations (phonons) présent dans le matériau et le rayonnement
incident.
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Figure 1.9 – Spectres optiques transmis par un laser Raman à fibre pour une puissance
de pompe incidente juste au dessus du seuil (i), à environ deux fois le seuil (ii) et quatre
fois le seuil du laser (iii). Figure traduite et issue de l’article [Suret et Randoux 04].

spectral de l’onde Stokes dans le laser Raman [Babin et al. 07b].

Théorie cinétique des ondes dans les lasers Raman. En 2007, Babin et al. ont
proposé une approche que l’on pourrait qualifier “d’ab initio” en utilisant la théorie ciné-
tique des ondes pour décrire la formation du spectre optique [Babin et al. 07b] dans les
lasers Raman. Ils sont les premiers à utiliser en optique la théorie de la turbulence d’onde
dans un système dissipatif tel que le laser Raman à fibre [Babin et al. 07b]. Ils ont modifié
et adapté la théorie cinétique afin de décrire la formation du spectre optique dans le laser.
L’intégration analytique de cette équation leur a ensuite permis de déterminer la forme
théorique du spectre de l’onde Stokes à l’état stationnaire.

Par ailleurs, comme nous l’avons expliqué dans la section 1.1.2.3, l’utilisation de la
théorie de la turbulence faible est valide si les effets non linéaires présents dans le système
sont considérés comme perturbatifs devant les effets linéaires de type dispersifs. Cette
situation implique que les phases spectrales du champ aléatoire soient très peu corrélées
au cours de la propagation (section 1.1.1.1). Par conséquent, la distribution de probabilité
reste proche de la statistique gaussienne au cours de la propagation. Cette théorie impose
donc d’étudier la physique du laser Raman dans un régime de propagation faiblement non
linéaire.

Equation de Schrödinger non linéaire généralisée dans les lasers Raman En
2010, Churkin et al. ont utilisé l’équation de Schrödinger non linéaire généralisée pour
décrire l’évolution dynamique des ondes pompe et Stokes se propageant dans la cavité
du laser Raman [Churkin et al. 10]. L’équation est différente de celle utilisée dans le cas
du supercontinuum. Dans ce cas précis, c’est un système à deux équations couplées, une
pour la propagation de l’onde de pompe, une pour l’onde Stokes 10.

10. Nous donnons à titre indicatif la forme des équations utilisées dans l’approche de [Churkin et al. 10] :

∂A±p
∂z

+ i
2β2p

∂2A±p
∂2t

+ αp
2 A±p = iγp(|A±p |2 + 2|A±s |2)A±p −

gp
2 (|A±s |2 + 〈|A∓s |2〉)A±p (1.45)
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(a) Expérience en noir et simulation en
bleu.

(b) PDF

Figure 1.10 – Simulations numériques et expériences dans un laser Raman à fibre. (a)
Spectre optique de l’onde Stokes. (b) Distribution de probabilité (PDF) calculée numé-
riquement pour une puissance de 3,5W (noir) et 0,11W (rouge). Illustration issue de
[Churkin et al. 10].

Churkin et al. montrent au travers de la figure 1.10(a) qu’ils obtiennent un bon ac-
cord entre la mesure expérimentale (en noir) du spectre optique et le résultat issu de
la simulation numérique (en bleu). A partir de cette comparaison, les auteurs étudient
numériquement la forme de la distribution de probabilité de l’intensité du champ Stokes
intra-cavité I(t) (figure 1.10(b)). Churkin et al. montrent alors, numériquement, que la
statistique est non gaussienne, c’est-à-dire que la distribution de probabilité de I(t) est à
queue légère [Churkin et al. 10].

L’année suivante Randoux et al. ont étudié, numériquement, la statistique du laser
Raman [Randoux et al. 11]. Dans cette étude, les auteurs utilisent également une équation
de Schrödinger non linéaire généralisée. Toutefois, l’approche est différente. D’une part,
l’équation décrit uniquement la propagation de l’onde Stokes. D’autre part, ils introduisent
une grandeur correspondant au profil spatial stationnaire de l’onde de pompe. Enfin, ils
prennent en compte la réflexion de l’onde Stokes sur les miroirs de Bragg de la cavité et
son impact sur la phase du champ.

Randoux et al. montrent que le modèle utilisé décrit quantitativement l’élargissement
spectral de l’onde Stokes expérimentalement observée. De plus, ils étudient numérique-
ment la statistique de la partie réelle du champ Stokes à différents endroits de la cavité. La
figure 1.11 présente les résultats qu’ils obtiennent. Suite à la propagation en régime de dis-
persion normale, la distribution de probabilité dévie de la statistique gaussienne (courbe
bleue) pour l’onde Stokes incidente sur le miroir de Bragg. A l’opposé, après réflexion sur
le réseau de Bragg (courbe verte), l’onde Stokes présente une statistique gaussienne. Enfin,
après transmission par le miroir de Bragg, c’est-à-dire, pour le champ Stokes extra-cavité,

∂A±p
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Figure 1.11 – Distributions de probabilité calculées sur la partie réelle du champ à
différents endroits de la cavité, (a), (c) près du miroir de Bragg 2 (FBG2) ; (c), (d) près
du miroir de Bragg 1 (FBG1). La couleur bleue symbolise le champ incident sur le FBG,
en vert, nous avons la réflexion et en noir la transmission à travers FBG. Illustration issue
de l’article [Randoux et al. 11].

la statistique est non gaussienne. Cette statistique particulière, en fonction de l’endroit où
elle est calculée, a été confirmée dans d’autres simulations numériques [Churkin et al. 11].

Par ailleurs, d’autres études ont été réalisées afin de déterminer la statistique à diffé-
rentes échelles dans le laser Raman. Dans ces travaux, un filtrage optique étroit dont la lon-
gueur d’onde centrale est ajustable permet de balayer le spectre optique de l’onde Stokes
intra-cavité. En séparant les échelles rapides des échelles lentes, grâce au filtrage, les au-
teurs montrent que la statistique est différente [Churkin et al. 11, Randoux et Suret 12].
Ce comportement statistique particulier montre qu’il existe un phénomène d’intermit-
tence dans le laser Raman. Nous expliquerons plus en détail dans le deuxième chapitre ce
phénomène d’intermittence.

L’utilisation d’équations de Schrödinger non linéaires généralisées permet de décrire la
formation du spectre optique du laser Raman dans un régime non linéaire. La statistique
du champ Stokes intra-cavité, calculée numériquement, semble dévier de la statistique
gaussienne. Cependant, au cours du travail réalisé durant cette thèse, nous avons réussi à
mesurer expérimentalement les distributions de probabilité de l’onde Stokes à différents
endroits dans la cavité. Nous présenterons ce travail dans le quatrième chapitre. De nos
jours, les perspectives d’études dans les laser Raman ne sont pas épuisées. Récemment, des
travaux utilisent ce laser et montrent des analogies riches avec la mécanique des fluides.
Ils étudient notamment la transition laminaire-turbulente caractérisée par une perte de
la cohérence spatiale du système [Turitsyna et al. 12, Turitsyna et al. 13].

1.2 Ondes scélérates
Au cours de ce travail de thèse, une des études réalisées a permis de mettre en avant la

présence d’ondes scélérates dans notre système d’ondes. L’objectif de cette section est de
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définir le concept d’ondes scélérates au travers du contexte historique de leurs observations
en hydrodynamique. Puis, nous présenterons les résultats importants obtenus ces dernières
années en optique concernant l’apparition de ce phénomène particulier.

1.2.1 Hydrodynamique
Les ondes scélérates émergent à la surface de l’océan. C’est pourquoi nous allons, dans

un premier temps, décrire les outils statistiques utilisés pour étudier l’état de surface de
l’océan. Dans un deuxième temps, nous définirons à proprement parler le concept d’ondes
scélérates.

1.2.1.1 Description de la surface de l’océan

Nous allons donner dans cette section une description simple de l’état de surface de
l’océan. En particulier, nous nous intéresserons à la statistique des hauteurs de vagues
mais également au spectre des fluctuations des hauteurs de vague à la surface de l’océan.

L’état de surface de l’océan est constitué d’un ensemble de vagues de formes et de
hauteurs différentes. Dans ce système, il faut distinguer la variation de la surface du
fluide η de la notion de hauteur de vague H. La figure 1.12 schématise l’élévation de
surface de l’océan η qui est, comme on peut le constater, une quantité positive ou négative.
La hauteur de vague H correspond quant à elle à la distance verticale entre la crête de
la vague et le creux le plus profond avant ou après la vague [Kharif et al. 09]. Afin de
classifier la hauteur des vagues, il est possible de déterminer ce que l’on appelle la hauteur
significative HS. Ce paramètre correspond à la moyenne des hauteurs du tiers des vagues
les plus hautes. Nous montrerons par la suite que ce paramètre est relié à la statistique
de l’élévation de surface de l’océan.

H+H-

η

H = max( H+,H-)

η

Figure 1.12 – Représentation schématique de l’élévation de surface de l’océan. H : hauteur
de la vague ; η élévation de surface.

La surface de l’océan est un système complexe dans lequel on peut considérer l’in-
teraction entre un grand nombre de vagues, d’amplitudes variables, se propageant dans
différentes directions et en constante évolution avec le temps [Kharif et Pelinovsky 03].
Une approche simple pour traiter l’état de surface de l’océan est d’utiliser l’approche
historique employée par les océanographes en considérant une approximation linéaire
[Kinsman 65, Janssen 04, Kharif et al. 09, Onorato et al. 13]. Sous cette hypothèse, la
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surface de l’océan est considérée comme une superposition linéaire d’ondes sinusoïdales
dont les composantes de Fourier possèdent une amplitude et une phase aléatoire. On
peut alors traiter la surface de l’océan comme un processus stochastique (onde partiel-
lement cohérente) de statistique stationnaire. En appliquant le théorème central limite
(section 1.1.1.1), l’élévation de surface marine η est caractérisée par une distribution de
probablité qui est proche de la statistique gaussienne (équation 1.47). Cette hypothèse a
été vérifiée en comparant les données théoriques aux calculs de distributions de probabilité
à partir de données expérimentales [LH 75].

PDF [η] = 1√
2πσ

exp

(
− η2

2σ2

)
(1.47)

Dans cette équation, la valeur moyenne de l’élévation de surface est nulle (〈η〉 = 0) et σ2

est la variance, calculée à partir du spectre en fréquence S(ω) :

σ2 = 〈η2〉 =
∫ ∞

0
S(ω)dω (1.48)

La notion de hauteur significative est reliée à la statistique de l’élévation de surface du
fluide et correspond à : HS = 4σ [Kharif et al. 09]. Il est possible de montrer [Kharif et al. 09,
Onorato et al. 13] à partir de l’équation 1.47 que la distribution de probabilité de la hau-
teur de vague H suit une distribution de Rayleigh telle que :

PDF [H] = H

4σ2 exp

(
−H

2

8σ2

)
(1.49)

Dans les années 1970, une expérience de grande envergure a été réalisée dans la mer
du nord afin de mesurer le spectre des vagues. Ce projet a demandé la mise en place
d’une importante logistique : pas moins de treize stations d’observation des vagues, ré-
parties sur une distance de 160km, furent mises en service pendant environ dix semaines
[Hasselmann et al. 73]. Ce spectre particulier porte historiquement le nom du projet :
JONSWAP, pour JOint North Sea WAve Project. Les données expérimentales enregis-
trées ont été ajustées à l’aide d’une formule analytique possèdant la forme suivante :

PJONSWAP (ω) = α g2

ω5 exp

[
−5

4

(
ωp
ω

)4
]
γ
exp

[
− (ω−ωp)2

2σ2ω2
p

]
(1.50)

où σ = 0.07 si ω ≤ ωp et σ = 0.09 si ω > ωp. Les paramètres α, σ et γ sont obtenus par
ajustement des données expérimentales. Nous avons reproduit sur la figure 1.13 le spectre
JONSWAP tracé dans l’article [Onorato et al. 13] pour différentes valeurs de γ.

Le spectre représentant l’élévation de surface de l’océan est un spectre étroit. A partir
de sa formule analytique, il a été possible de réaliser des expériences en hydrodynamique
[Onorato et al. 04] afin d’étudier l’émergence des ondes scélérates comme nous le verrons
dans la section 1.2.1.3. Par ailleurs, nous rappelons que l’état de surface de l’océan peut
être modélisé par une onde partiellement cohérente dont la statistique est gaussienne.

1.2.1.2 Définitions d’une vague scélérate

Les vagues scélérates sont des évènements de grandes amplitudes apparaissant à la
surface des océans. De par leur caractère imprévisible et extrêmement rare, ces vagues ont
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Figure 1.13 – Spectres des vagues : JONSWAP. Illustration issue de [Onorato et al. 13].

longtemps fait partie des légendes maritimes. Mais les avancées technologiques du siècle
dernier, notamment dans les moyens d’observations en milieu marin, ont permis, à partir
des années 1970, de prouver leur existence dans l’endommagement, voire la destruction,
de cargots ou de plateformes pétrolières. A titre d’exemple, nous avons représenté sur
la figure 1.14(a) l’enregistrement effectué par la plate-forme Draupner, située en mer du
Nord. Au moment de l’enregistrement, la hauteur des vagues à la surface de la mer est
d’environ 12m comme l’illustre la double flèche verte. Cependant, la plate-forme enregistre
également un évènement dont la distance entre le creux le plus profond et la crête de
la vague est d’environ 26 m (double flèche bleue). De plus, on peut constater que la
durée d’apparition de cette vague est très courte, de l’ordre d’une dizaine de seconde. Cet
évènement illustre l’apparition d’une vague scélérate à la surface de la mer. La photo de
la figure 1.14(b) représente une vague scélérate et permet d’illustrer l’évènement décrit
sur la figure 1.14(a).

Les vagues scélérates sont donc des vagues de grande amplitude et dont l’apparition
bien qu’imprévible semble être de courte durée. Du point de vue statistique, ces évène-
ments possèdent une faible probabilité d’apparition. Nous avons expliqué dans la sec-
tion 1.2.1.1 que la probabilité des hauteurs de vagues suit une distribution de Rayleigh.
Il est possible de calculer la probabilité qu’une vague possède une amplitude supérieure à
un seuil H0 :

PDF [H > H0] =
∫ ∞
H0

H

4σ2 exp

(
−H

2

8σ2

)
dH (1.51)

PDF [H > H0] = exp

(
−H

2
0

8σ2

)
(1.52)

En utilisant la définition de la hauteur significative, il vient :

PDF [H > H0] = exp

(
−2H2

0
H2
s

)
(1.53)
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(a) Enregistrement temporel de la variation de hauteur
d’eau par la plate-forme Draupner, en mer de Nord.

(b) Illustration représentant une vague scélé-
rate.

Figure 1.14 – Vagues scélérates. Illustrations issues de [Kharif et Pelinovsky 03].

Il existe deux approches permettant de définir le concept d’ondes scélérates. La pre-
mière approche a historiquement été introduite par les océanographes [Munk 44] et concerne
la comparaison avec la hauteur significative. Si H > 2Hs alors on considère que la vague
de hauteur H est une vague scélérate 11. Cependant, si nous utilisons l’équation 1.53 afin
de déterminer la probabilité d’obtenir une vague deux fois supérieure à la hauteur signi-
ficative, on trouve une probabilité d’environ 1/2981. On remarque que même dans une
simple superposition linéaire (statistique gaussienne), il existe donc des vagues de grandes
amplitudes.

Nous nous intéressons dans le troisième chapitre à l’apparition d’évènements extrêmes
dont la probabilité d’apparition est plus fréquente que ceux prédits par la loi normale. Ceci
n’est possible que dans un système non linéaire où les corrélations entre les composantes de
Fourier peuvent favoriser l’émergence de structures cohérentes. Le point de vue statistique
permet de définir les vagues scélérates comme des ondes dont la distribution de probabilité
est supérieure à la statistique gaussienne [Onorato et al. 04, Onorato et al. 13]. Dans les
travaux que nous avons réalisés, nous adoptons cette approche statistique.

En parallèle de ce point de vue statistique, certaines solutions particulières d’équations
à une dimension comme l’équation de Schrödinger non linéaire sont considérées comme
prototypes d’ondes scélérates [Dudley et al. 14]. Dans ce cas, le principe est de comparer
ces solutions aux évènements de grandes amplitudes pour qualifier ces ondes de vagues
scélérates.

1.2.1.3 Théories et expériences en laboratoire

Différents mécanismes ont été identifiés comme jouant un rôle dans la formation
d’ondes scélérates. On peut notamment citer la théorie de la superposition linéaire
[Kharif et Pelinovsky 03], l’interaction onde-courant[White et Fornberg 98, Onorato et al. 11]
ou encore le rôle de l’instabilité de modulation [Henderson et al. 99, Dysthe et Trulsen 99].
K. Henderson est l’un des premiers à identifier l’importance de l’instabilité de modulation

11. Suivant la littérature, il est possible de trouver que le cœfficient peut être égale à 2,2.
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dans la formation de structures ressemblant à des ondes scélérates [Henderson et al. 99].
Ces structures sont identifiées comme étant des solutions particulières de l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension. Quelques années plus tard, des travaux ont
été réalisés en prenant en considération l’aspect stochastique de l’état de surface de
l’océan dans l’étude de la formation des ondes scélérates [Onorato et al. 01, Janssen 03].
Un moyen de quantifier l’importance de l’effet linéaire par rapport à l’effet non linéaire
sur les déviations de la statistique de l’onde partiellement cohérente a été introduit par
P. Janssen au travers de l’indice de Benjamin-Feir (BFI) [Janssen 03] :

BFI =
√

2k2σ2

∆Ω/ω (1.54)

où ∆Ω la largeur spectrale de l’onde, ω la fréquence angulaire associée au nombre d’onde
k et σ2 est la variance de l’élévation de surface de l’océan. Si l’indice de Benjamin-Feir
est très petit par rapport à l’unité, la propagation est linéaire et le spectre s’élargit peu.
Au contraire, si le l’indice de Benjamin-Feir est de l’ordre de grandeur de l’unité alors
l’instabilité de modulation peut mener à l’émergence de vagues scélérates.

Nous présentons dans cette section une expérience d’hydrodynamique en eau profonde
réalisée par Onorato et al. Les auteurs utilisent une approche statistique afin d’étudier
l’influence de l’instabilité de modulation sur la formation de vagues scélérates dans une
cuve à une dimension [Onorato et al. 04]. L’équation régissant la propagation de l’onde
aléatoire initialement générée est l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension.

Le dispositif expérimental [Onorato et al. 04] est représenté sur la figure 1.15. Il s’agit
d’une cuve de 270 m de longueur par 10, 5 m de largeur. Elle est équipée d’un agitateur
permettant de générer l’onde se propageant dans la cuve. Les hauteurs de vagues sont en-
registrées par l’intermédiaire de sondes, symbolisées par des points noirs sur la figure 1.15.

Agitateur

Longueur = 270m

Largeur

= 10.5m

Figure 1.15 – Schéma de la cuve utilisé par Onorato et al. pour réaliser leurs expériences
d’hydrodynamique. Les points symbolysent l’emplacement des sondes. Illustration issue
de [Onorato et al. 04].

Dans cette expérience, Onorato et al. utilisent une condition initiale approchant des
propriétés spectrales et statistiques de la surface des océans (section 1.2.1.1). Par l’inter-
médiaire de l’agitateur, les auteurs génèrent une onde incohérente à partir du modèle des
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phases aléatoires 12. De plus, le spectre de l’onde incohérente est de la forme du spectre
JONSWAP [Onorato et al. 04]. Pour différentes valeurs de l’indice de Benjamin-Feir et
à différentes positions dans la cuve, les auteurs étudient la distribution de probabilité
cumulée S[H/Hs] des hauteurs de vagues. Ils montrent notamment que des évènements
de grandes amplitudes apparaîssent lorsque l’indice de Benjamin-Feir est supérieur à un.
Dans ce cas, la distribution de probabilité dévie au-dessus de la distribution de Rayleigh
ce qui traduit l’apparition de vagues scélérates (figure 1.16).

Figure 1.16 – Distributions de probabilité cumulées S[H/Hs] pour différentes valeurs
de l’indice de Benjamin-Feir (BFI) à une distance x/L = 32.7. Illustration issue de
[Onorato et al. 04].

Cette expérience est intéressante au sens où Onorato et al. étudient la formation de
vagues scélérates dans une cuve à une dimension où la propagation de l’onde est régie par
l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. En particulier, la condition initiale
est une onde partiellement cohérente dont les propriétés sont proches de celles de l’état
de surface de l’océan. Dans une configuration où l’indice de Benjamin-Feir est supérieur
à l’unité, la propagation s’effectue dans un régime non linéaire dans lequel l’instabilité de
modulation mène à l’émergence de vagues scélérates. Nous verrons dans la section 1.3 que
ce type d’expérience se place aujourd’hui dans un cadre d’étude beaucoup plus général.
Dans la section suivante, nous allons discuter des analogies possibles entre l’optique et
l’hydrodynamique afin d’étudier la formation des ondes scélérates.

1.2.1.4 Analogie entre hydrodynamique et optique

Les vagues scélérates sont des phénomènes naturellement présents en hydrodynamique.
Cependant, nous allons voir dans cette section qu’il est possible d’effectuer sous certaines
conditions une analogie directe avec l’optique.

12. Les auteurs affirment avoir testé les deux hypothèses : à phases aléatoires et amplitudes et phases
aléatoires.
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En hydrodynamique, il est possible de caractériser des expériences éffectuées en eau
profonde ou en eau peu profonde 13. La distinction entre ces deux régimes de propagation
est effectuée en calculant la valeur du paramètre k0h. Il correspond au rapport entre la
longueur d’onde de la vague λ0 et la profondeur de l’eau h. Par définition, si k0h > 1, 36
alors on se place en régime d’eau profonde (expérience d’Onorato présentée dans la section
précédente). Par contre, si k0h < 1, 36 alors nous sommes en eau peu profonde. Il est
possible de développer des équations de propagation associées à chacun de ces régimes
[Osborne 10]. Cependant, nous nous intéressons ici à la comparaison entre l’optique et
l’hydrodynamique dans le cadre de l’étude de la formation des ondes scélérates. Pour cette
raison, nous allons uniquement effectuer cette comparaison dans le régime de propagation
correspondant c’est-à-dire, en eau profonde.

L’équation régissant la propagation des ondes dans de nombreux systèmes physiques,
notamment en hydrodynamique [Osborne 10] et en optique [Agrawal 13] est l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension :

i∂A
∂x
− β2

2
∂2A

∂t2
+ γ|A|2A = 0 (1.55)

où le paramètre traduisant la dispersion de l’onde est β2 alors que γ traduit la non
linéarité du système. Dans l’équation de Schrödinger non linéaire 1.55, le champ A(x, t)
correspond à l’enveloppe lentement variable de l’onde. Il est possible de ré-écrire cette
équation à partir des variables hydrodynamique [Chabchoub et al. 15] :

γ = −k3
0 (1.56)

β2 = 2
g

(1.57)

η(x, t) = <e (A(x, t)exp[i(kx− ωt)]) (1.58)

où g correspond la constante de gravité, et η à la surface d’élévation de l’eau. De cette
manière l’équation de Schrödinger non linéaire peut s’écrire en hydrodynamique de la
façon suivante :

i∂A
∂x
− 1
g

∂2A

∂t2
− k3

0|A|2A = 0 (1.59)

Bien que les cœfficients β2 et γ soient différents dans les deux milieux, on peut remarquer
que l’évolution du champ est la même dans les deux équations. Il est bien connu, en
optique, que la propagation de l’onde sera différente suivant le régime dispersion. Si β2γ <
0, on se place dans un régime de dispersion anormale (ou focalisant) alors que si β2γ > 0,
nous sommes en régime de dispersion normale (défocalisant). L’étude de l’émergence des
vagues scélérates s’effectue en eau profonde, ce qui est équivalent à un régime de dispersion
anormale en optique [Chabchoub et al. 15].

Nous avons représenté sur la figure 1.17 la solution type soliton de l’équation de Schrö-
dinger non linéaire dans les deux domaines : en hydrodynamique (figure 1.17(a)) et en
optique (figure 1.17(b)). Dans ces deux configurations, on peut distinguer en pointillés
l’enveloppe lentement variable A(x, t) modulant le champ. Par contre, les échelles de
temps sont très différentes, en optique, elle est de l’ordre de la femto-seconde pour la

13. Ces dénominations correspondent respectivement au régime dit deep water et shallow water.
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porteuse alors qu’elle est de l’ordre de la seconde en hydrodynamique. N’ayant pas accès
au champ, les mesures en optique portent sur le module au carré de A(x, t), c’est-à-dire,
la puissance optique. Cependant, une onde partiellement cohérente est constituée de nom-
breuses fluctuations rapides et nous verrons dans la section suivante qu’il est difficile de
les détecter.

A
η

(a) Hydrodynamique (b) Optique

Figure 1.17 – Comparaison entre hydrodynamique et optique dans le cas d’une solution
type soliton. Illustrations issues de [Dudley et al. 14].

Dans la section 1.2.1.3, nous avons défini l’indice de Benjamin-Feir (BFI). Pour rappel,
l’indice de Benjamin-Feir en hydrodynamique est le rapport entre la raideur de la vague
et la largeur spectrale de l’onde :

BFIhydro =
√

2k2σ2

∆Ω/ω (1.60)

où ∆Ω la largeur spectrale de l’onde, ω fréquence angulaire associée au nombre d’onde k
et σ2 est la variance de l’élévation de surface de l’océan. En utilisant les formules 1.56,
et 1.57 et le fait que 〈|A|2〉 = 2〈η2〉 = 2σ2, on obtient en optique la formule suivante
[Chabchoub et al. 15] :

BFIoptique =

√√√√2|γ|〈|A|2〉
|β2|∆Ω2 (1.61)

où 〈|A|2〉 est la puissance optique de l’onde incohérente.
Nous venons de présenter certaines analogies entre optique et hydrodynamique

[Chabchoub et al. 15]. On peut constater que l’équation de Schrödinger non linéaire à
une dimension dans le cas focalisant fournit une comparaison précise entre l’optique et
l’hydrodynamique en eau profonde.

Dans les travaux réalisés dans ce mémoire, nous utilisons l’approche statistique et
nous nous intéressons à l’influence de la non-linéarité sur l’évolution de la distribution
de probabilité de l’onde partiellement cohérente. En particulier, dans le troisième cha-
pitre, il sera intéressant de se demander comment notre étude se place par rapport aux
expériences réalisées en hydrodynamique en eau profonde dans un canal à une dimension
[Onorato et al. 04].

1.2.2 Premières observations en optique
L’étude des ondes scélérates a reçu un regain d’intérêt suite à l’observation expéri-

mentale de l’existence de structures géantes en optique [Solli et al. 07]. Depuis ce travail
pionnier, de nombreuses études ont été réalisées dans des systèmes dissipatifs comme par
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exemple dans des lasers [Lecaplain et al. 12, Bonatto et al. 11], des amplificateurs Ra-
man à fibre [Hammani et al. 08], ou encore dans des cavités passives [Montina et al. 09].
Dans beaucoup de ces études, le principal problème concerne la détection des fluctuations
temporellement rapides du signal. L’originalité de l’étude de [Solli et al. 07] est d’avoir
développé une technique de mesure [Han et al. 05] permettant d’analyser en temps réel
les fluctuations d’intensité d’un supercontinuum. Nous proposons de présenter rapidement
les principaux résultats associés à cette étude [Solli et al. 07].

Dans la section 1.1.2.4, nous avons expliqué le principe de l’élargissement spectral sur-
venant dans la formation d’un supercontinuum. En particulier, pour une impulsion longue
voire quasi-continue, on peut considérer le supercontinuum comme étant incohérent. Dans
ce cas, l’élargissement spectral, au début de la propagation, est dominé par le phénomène
d’instabilité de modulation [Dudley et al. 06]. Dans leurs travaux, Solli et al. génèrent un
supercontinuum à partir d’impulsions picosecondes. A la sortie de la fibre microstruturée,
l’élargissement spectral est de l’ordre de la centaine de nanomètre. Il n’est pas possible de
détecter les échelles temporelles associées à ce spectre optique à partir d’un système de
photo-détection standard. Pour cette raison, Solli et al. ont utilisé une technique un peu
particulière qui se résume de la manière suivante : tout d’abord, les auteurs utilisent un
filtre passe-bande dont la longueur d’onde de coupure est située aux grandes longueurs
d’onde du supercontinuum. Puis, ils utilisent une fibre fortement dispersive (−1300ps/nm)
de manière à étirer 14 le signal et favoriser la détection par l’intermédiaire d’un oscillo-
scope standard. Cette approche permet d’étudier la statistique des évènements de grandes
amplitudes. Les distributions de probabilité sont calculées sur les puissances crêtes des
signaux détectés, sur une fenêtre comportant environ 15000 évènements 1.18(b).

Solli et al. montrent l’apparition d’évènements filtrés de grandes amplitudes dont la
distribution de probabilité est à queue lourde. Les auteurs qualifient ces fluctuations in-
tenses de vagues scélérates par analogie avec l’hydrodynamique. Cependant, des ques-
tions subsistent sur l’utilisation du dispositif du filtrage notamment dans sa localisation
spectrale. Des études récentes ont montré que, d’une part, les solitons les plus décalés
vers les hautes longueurs d’onde ne possédaient pas forcement la plus grande puissance
[Erkintalo et al. 10]. D’autre part, la statistique peut évoluer en fonction de la localisation
spectrale du filtre. En effet, Erkintalo et al. expliquent que la statistique peut être modifiée
en fonction du décalage du soliton vers les grandes longueurs d’onde [Erkintalo et al. 09].
Ainsi, d’une acquisition à une autre, il est possible d’observer une statistique différente
plus ou moins gaussienne.

En conclusion, le travail de Solli at al. a permi de mettre en avant l’apparition d’évène-
ments extrêmes grâce à un filtrage dans les grandes longueurs d’onde du spectre optique
du supercontinuum. L’émergence de ces structures est associée à une distribution de pro-
babilité à queue lourde. Par ailleurs, d’autres travaux ont contribué à étudier les ondes
scélérates dans les supercontinua [Wetzel et al. 12, Erkintalo et al. 09, Kelkar et al. 99]
et les problématiques associées à l’émergence de celle-ci dans ce type de système restent
ouvertes.

14. Cette méthode est inspirée de celle utilisée par [Han et al. 05]. Le principe de l’étirement temporel
de l’impulsion est basé sur la propagation linéaire dans une fibre dont le cœfficient de dispersion est élevé.
De cette manière, lors de la propagation, le champ acquiert une phase spectrale quadratique. Ainsi, la
forme du profil d’intensité est conservée mais dispersé temporellement [Grigoryan et al. 00].
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(a) Signaux temporels

(b) PDF associées

Figure 1.18 – Signaux temporels et distributions de probabilité asssociées (PDF) issus
des résultats expérimentaux de [Solli et al. 07].

1.2.3 Ondes scélérates dans l’équation de Schrödinger non li-
néaire à une dimension

Dans la section précédente, nous avons mis en avant les premières observations en op-
tique de l’émergence de structures de grandes intensités dans les supercontinua, souvent
appelées ondes scélérates. Dans ces travaux, la présence de ces évènements extrêmes est
mise en évidence grâce à la mesure de la distribution de probabilité qui présente une distri-
bution à queue lourde. Cependant, de nombreux effets perturbatifs (ordres supérieurs de
la dispersion et effet Raman entre autres) rendent l’étude des ondes scélérates dans ce type
de système plus complexe. Pourtant, l’ingrédient qui semble être à l’origine de la formation
de ces structures est l’instabilité de modulation. En hydrodynamique, cet effet porte le
nom d’instabilité de Benjamin-Feir et il fut découvert en 1967 [Benjamin et Feir 67]. Puis,
en 1999, K. Henderson a identifé le rôle de l’instabilité de modulation dans la formation
de structures particulières similaires aux ondes scélérates [Henderson et al. 99]. La même
année, sur la base des travaux d’Henderson, Dysthe et al. ont montré que des solutions
exactes de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension (soliton de Peregrine,
de Kuznetsov-Ma, breathers d’Akhmediev) peuvent être utilisées pour décrire les ondes
scélérates [Dysthe et Trulsen 99].

L’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension est utilisée aussi bien en
optique qu’en hydrodynamique pour décrire la formation des ondes scélérates. De plus,
des solutions analytiques de cette équation sont aujourd’hui considérées comme prototypes
d’ondes scélérates [Dudley et al. 14]. Nous allons présenter dans cette section, les résultats
obtenus ces dernières années en optique sur l’étude des ondes scélérates. En particulier,
nous nous concentrons ici sur les travaux dans lesquels l’équation de propagation est
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l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. Nous allons montrer qu’il existe
deux approches différentes pour l’étude de ces structures. La première consiste à utiliser
une condition initiale cohérente alors que la seconde utilise une condition initiale du type
onde plane bruitée.

1.2.3.1 Solutions localisées de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension : prototypes d’ondes scélérates

Nous allons ici présenter les premières études expérimentales en optique montrant
l’émergence de structures particulières à partir d’une condition initiale cohérente. Ces
structures sont des solutions analytiques de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension. Mais avant cela, nous allons décrire mathématiquement ces solutions.

Nous utilisons l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension en régime de
dispersion anormale dans laquelle seul l’effet Kerr et la dispersion de vitesse de groupe
sont pris en compte. L’équation adimensionnée prend la forme suivante :

i∂ψ
∂ξ

+ 1
2
∂2ψ

∂τ 2 + |ψ|2ψ = 0 (1.62)

où ψ(ξ, τ) = ψ′/
√
P0 représente l’enveloppe du champ qui est une fonction de la distance

de propagation ξ = z/LNL et du temps τ = t/
√
|β2|LNL.

Il est bien connu que l’équation 1.62 possède une solution de type soliton brillant qui
est localisée temporellement (τ) [Agrawal 13]. Cependant, il existe une deuxième famille
de solitons, caractérisée par une structure périodique et localisée sur une onde plane
de puissance non nulle. Ces solutions analytiques de l’équation 1.62 sont couramment
appelées solitons sur fond continu et correspondent entre autres aux solitons de Peregrine,
de Kuznetsov-Ma et aux breathers d’Akhmediev.

L’expression générale caractérisant les solitons sur fond continu est :

ψ(ξ, τ) = eiξ
[
1 + 2(1− 2a) cosh(bξ) + ib sinh(bξ)√

2a cos(ωτ)− cosh(bξ)

]
(1.63)

où b est le gain normalisé de l’instabilité de modulation, et ω la pulsation propre de
modulation. Les trois types de solutions citées ci-dessus sont caractérisés par la valeur de
la fréquence de modulation normalisée : a. Si a est positif et strictement inférieur à 1/2
alors les paramètres b et ω sont réels et la forme de l’équation est conservée et représente
les breathers d’Akhmediev. La solution du type breather d’Akhmediev est périodique en
temps et localisée en espace comme on peut le constater sur la figure 1.19(a).

La seconde classe de solution correspond aux solitons de Kuznetsov ou encore soli-
tons de Ma ou breathers de Ma. Cependant, il est d’usage d’utiliser le terme de soliton
de Kuznetsov-Ma pour qualifier ces solutions possèdant une structure longitudinalement
périodique (fonction de ξ). La solution analytique est donnée par l’équation 1.63 dans
laquelle le paramètre a doit être compris entre 1/2 et l’infini. De ce fait, les paramètres b
et ω sont maintenant imaginaires purs. Le soliton de Kuznetsov-Ma est représenté sur la
figure 1.19(c).

Enfin, les solutions de Kuznetsov-Ma et breathers d’Akhmediev tendent vers une
forme asymptotique lorsque a vaut 1/2. Cette solution s’appelle soliton de Peregrine
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[Peregrine 83] et possède la particularité d’être localisée en temps et en espace. Le soliton
de Peregrine (formule 1.64) est representé sur la figure 1.19(b).

ψ(ξ, τ) = eiξ
[
1− 4(1 + 2iξ)

1 + 4τ 2 + 4ξ2

]
(1.64)

(a) Breather d’Akhmediev,
a = 0.25

(b) Soliton de Peregrine,
a = 0.5

(c) Soliton de Kuznetsov-Ma,
a = 1

Figure 1.19 – Solutions analytiques de l’équation de Schrödinger non linéaire à
une dimension pour différentes valeurs du paramètre a. Figure extraite de l’article
[Kibler et al. 12b].

Nous venons de présenter les caractériques analytiques des solitons sur fond continu
que sont les breathers d’Akhmediev, les solitons de Kuznetsov-Ma et les solitons de Per-
egrine. Ces trois solutions présentent un intérêt particulier pour tenter d’expliquer la
formation d’ondes scélérates à la surface des océans [Shrira et Geogjaev 10]. Ces solu-
tions et les solutions rationnelles d’ordre élevés sont aujourd’hui considérées comme des
prototypes d’ondes scélérates [Akhmediev et al. 09c, Dudley et al. 14]. Récemment, des
études ont montré qu’il était possible d’observer expérimentalement ces structures à partir
de conditions initiales particulières [Kibler et al. 10, Hammani et al. 11, Kibler et al. 12b,
Frisquet et al. 13]. Nous proposons de discuter brièvement des travaux effectués par B.
Kibler et ses collaborateurs concernant l’observation de la dynamique de ces solitons.

Observation expérimentale du soliton de Peregrine Dans l’expérience réalisée
par le groupe de Dijon [Kibler et al. 10], la configuration expérimentale consiste à utiliser
deux lasers continus. L’onde de pompe à une longueur d’onde de 1554, 53 nm est injectée
avec une onde signal de longueur d’onde λs possèdant une faible modulation et décalée en
longueur d’onde de la pompe. En ajustant λs par rapport à λp, le paramètre de modulation
αmod peut être controlé de façon à s’approcher de la solution de type Peregrine (αmod =
0, 5). Avec les deux ondes injectées dans la fibre, l’expression de la condition initiale s’écrit :

A(z = 0, T ) =
√
P0 [1 + αmod exp(iωmodT )] (1.65)

Ce champ est injecté dans une fibre hautement non linéaire 15 d’une longueur de 900 m.
Les auteurs montrent la formation d’une structure de grande amplitude localisée spatia-
lement et temporellement. La figure 1.20 représente le profil temporel de cette structure.
15. γ = 0.01W−1m−1 et β2 = −8, 85.1028s2m−1
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Figure 1.20 – Profil temporel du soliton de Peregrine. Comparaison entre l’expérience en
bleu, la simulation numérique en rouge et la forme analytique en noir. Illustration issue
de [Kibler et al. 10].

On peut constater le très bon accord obtenu entre les prédictions analytiques et le résul-
tat expérimental, notamment avec la présence d’un saut de phase associé à une valeur
nulle de l’intensité. Une étude similaire à celle de Kibler et al. a été réalisée dans une
cuve à une dimension par Chabchoub et al. Dans ce travail, Chabchoub et al. ont montré
l’émergence d’un soliton de Peregrine au sein des fluctuations d’amplitude de la surface
de l’eau [Chabchoub et al. 11].

Observation expérimentale du soliton de Kuznetsov-Ma Nous avons vu dans
cette section que le soliton de Kuznetsov-Ma est localisé temporellement mais périodique
suivant la dimension de propagation. Kibler et al. ont étudié expérimentalement l’émer-
gence de cette structure en 2012 [Kibler et al. 12b].

La condition initiale possède ici une forme différente de celle utilisée pour observer le
soliton de Peregrine. Le champ initial est de la forme suivante :

A(z = 0, T ) =
√
P0 +

√
P0

[√
2aKM − 1

]
[1 + cos(ΩmodT )] (1.66)

La condition initiale expérimentale générée à partir de la formule 1.66 est représentée
en noir sur la figure 1.21(b). Kibler et al. montrent dans une simulation numérique com-
plémentaire que la dynamique d’évolution du soliton de Kuznetsov-Ma peut être décrite
par la propagation d’une onde continue possèdant une large modulation. Kibler et al.
utilisent cette approche dans leur expérience. La figure 1.21(b) représente la comparaison
entre la formule analytique d’un soliton de Kuznetsov-Ma (en noir) et l’onde générée à
partir de la formule 1.66 (en rouge). On constate que la partie centrale de l’onde modulée
à une forme pratiquement identique à celle du soliton de Kuznetsov-Ma.

Le résultat de la propagation de l’onde cohérente est représenté sur la figure 1.21(b).
Kibler et al.montrent alors que les profils théoriques, numériques et expérimentaux sont en
accord quantitatif et permettent d’observer expérimentalement un soliton de Kuznetsov-
Ma.

Les deux expériences présentées ci-dessus ont mis en évidence la possibilité de décrire
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(a) Condition initale (b)

Figure 1.21 – (a) Condition initiale expérimentale en rouge comparée à la forme tem-
porelle d’un soliton de Kuznetsov-Ma. (b)Profil temporel du soliton de Kuznetsov-Ma.
Comparaison entre l’expérience en rouge, la simulation numérique en bleu et la forme
analytique en noir. Illustration issue de [Kibler et al. 12b].

l’apparition d’un évènement extrême à partir de solutions analytiques de l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension. Nous avons voulu montrer au travers de la
description très brève de ces deux études l’importance de la condition initiale. L’étude dé-
terministe expérimentale des ondes scélérates demande de générer des conditions initiales
particulières à l’image des équations 1.65 et 1.66.

1.2.3.2 Instabilité modulationnelle et ondes scélérates

Dans la section 1.2.3.1, nous avons présenté les travaux effectués à partir de conditions
initiales cohérentes particulières correspondant aux solutions analytiques de l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension. La génération de ces structures à partir
d’une condition initiale aléatoire est une question fondamentale. Pour tenter d’y répondre,
une approche différente a été développée. Elle consiste à considérer une onde plane sur
laquelle on superpose du bruit. La présence d’une certaine quantité de bruit dans la
condition initiale rend cette approche non déterministe. Cette condition initiale particu-
lière est souvent appelée onde plane bruitée [Akhmediev et al. 09b] ou encore condensat
bruité [Agafontsev et Zakharov 15]. Dans cette section, nous allons présenter le résultat
de ces études qui sont réalisées à notre connaissance uniquement de manière théorique et
numérique.

Propagation d’une onde plane bruitée Le modèle permettant de décrire la propa-
gation de l’onde est l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension sous sa forme
adimensionnée (équation 1.62). La condition initiale est une onde plane bruitée s’écrivant :

ψ(ξ = 0, τ) = 1 + µ f(τ) (1.67)

Dans la formule 1.67, le paramètre µ contrôle l’amplitude du bruit, tandis que f(τ) est
une fonction aléatoire.

La figure 1.22(a) est extraite de l’article d’Akhmediev et al. [Akhmediev et al. 09b]
où la distance de propagation est indiquée par la variable x au lieu de ξ. La courbe en
pointillée bleu de la figure 1.22(a) représente un exemple de condition initiale de type
condensat bruité tel qu’il est illustré dans l’article [Akhmediev et al. 09b]. On constate
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f

(a) Condition initiale du type onde plane bruité
(en bleu, formule 1.67). En rouge, résultat
suite à la propagation. Spectre sur une réa-
lisation (en haut) et fluctuations d’amplitude
du champ (en bas). Illustrations issues de
[Akhmediev et al. 09b].

(b) Evolution spatiale de l’onde
plane bruitée sur une distance
adimensionnée ξ. ψ2 et ψ3 so-
litons rationnels d’ordre 2 et 3.
PS, KM et AB correspondent res-
pectivement aux solitons de Per-
egrine, Kuznetsov-Ma et Akhme-
diev breathers. Illustrations issues
de [Toenger et al. 15].

Figure 1.22 – Simulations numériques extraites respectivement des travaux de
[Akhmediev et al. 09b] et [Toenger et al. 15] sur les figures (a) et (b).

que l’amplitude de l’onde fluctue aléatoirement autour de la valeur moyenne qui vaut 1.
Cette condition initiale est utilisée dans la simulation numérique de l’équation 1.62. La
courbe en rouge sur la figure 1.22(a) représente l’amplitude du champ à une distance de
x = 12, 6 16. Akhmediev et al. observent une structure particulière de grande amplitude
qu’ils vont ensuite chercher à caractériser. Le spectre optique sur une réalisation est quant
à lui illustré sur la figure 1.22(a). Le code couleur reste le même et caractérise en bleu la
condition initiale et en rouge le spectre suite à la propagation. Sur ces deux figures, les
auteurs ont supprimé la distribution de Dirac à la fréquence nulle correspondant à l’onde
plane bruitée. Avec leur condition initiale, le spectre est étroit et toutes les composantes
spectrales sont comprises dans la bande de gain de l’instabilité de modulation. L’ensemble
des modes situés dans le spectre en x = 0 va être amplifié par l’instabilité de modulation.

16. En réalité, cette distance n’est pas choisie au hasard. Sachant qu’une onde scélérate est caractérisée
par une vague de grande amplitude, les auteurs cherchent le maximum d’intensité à chaque distance
de propagation et tracent une courbe représentant l’évolution de ces maxima au cours de la propaga-
tion. Cette méthode permet aux auteurs [Akhmediev et al. 09b] de localiser l’évènement de plus grande
amplitude.
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De ce fait, le spectre optique s’élargit sous l’effet du mélange à quatre ondes (en rouge
sur la figure 1.22(a)).

Toenger et al. ont représenté [Toenger et al. 15] l’évolution spatio-temporelle de l’onde
plane bruitée (figure 1.22(b)) dans une étude similaire à celle d’Akhmediev. Toenger et al.
mettent en évidence l’émergence de structures de grandes amplitudes dont la périodicité
spatiale et temporelle rappelle celle des solitons sur fond continu.

Caractérisation des structures cohérentes L’équation de Schrödinger non linéaire
ainsi que les solutions du type solitons sur fond continu sont toutes normalisées de manière
à ce que la valeur moyenne de l’amplitude de la condition initiale soit égale à l’unité. Dès
1983, Peregrine a déterminé l’amplitude maximale du soliton de Peregrine comme égale à
3 [Peregrine 83]. Or, on peut constater sur la figure 1.22(a) que l’amplitude de l’évènement
extrême est de 5. Une première hypothèse est que ces solitons dans leurs formes élémen-
taires ne semblent pas pouvoir décrire cet évènement. Mais il est possible d’obtenir des
solutions plus complexes d’ordres supérieurs en utilisant des techniques mathématiques
comme la transformation de Darboux [Akhmediev et al. 09a]. Ces solutions, appelées so-
lutions rationnelles, sont beaucoup plus localisées et possèdent une amplitude beaucoup
plus importante 17 [Akhmediev et Korneev 86, Akhmediev et al. 09a].

Figure 1.23 – La courbe bleu correspond à un évènement extrême proche de celui illus-
tré sur la figure 1.22(a). La courbe verte est une solution rationnelle d’ordre supérieure
alors que la courbe avec des points rouge correspond à une collision entre deux breathers
d’Akhmediev. Illustration issue de [Akhmediev et al. 09b].

La figure 1.23 représente une superposition, respectivement en vert et en rouge, d’une
solution rationnelle d’ordre supérieur et la collision de deux breathers d’Akhmediev. Selon
les auteurs, les solutions rationnelles tirent leur origine physique de la collision de plusieurs

17. Le formalisme utilisé pour décrire les solutions rationnelles est assez compliqué et le lecteur peut
s’orienter vers l’article [Akhmediev et al. 09c] pour obtenir les détails mathématiques. Cependant, Akh-
mediev et al. ont étudié ces solutions jusqu’à donner la formule analytique au quatrième ordre de ces
solutions [Akhmediev et al. 09c]. Par ailleurs, la soliton de Peregrine correspond à une solution rationnelle
de premier ordre.
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solitons élémentaires sur fond continu [Akhmediev et al. 09c]. Cependant, il semblerait
que les structures intenses de type solution rationnelle possèdent une probabilité d’ap-
parition assez faible comparée à celle issue de la collision entre des solitons élémentaires
[Akhmediev et al. 09b]. La raison est que les solutions type solitons apparaissent naturel-
lement au sein des fluctuations aléatoires de l’onde plane, principalement sous l’effet de
l’instabilité de modulation. Enfin, des études récentes [Dudley et al. 14, Toenger et al. 15]
ont non seulement montré le même type de comportement (figure 1.22(b)) mais également
confirmée l’hypothèse d’Akhmediev. En se basant sur des arguments liés à l’amplitude
des fluctuations, Toenger et al. affirme que les solitons de Peregrine ne peuvent expliquer
l’apparition d’ondes scélérates. De plus, toujours selon les auteurs de tels évènements
proviennent plutôt de collisions entre solitons sur fond continu tel que les solitons de
Kuznetsov-Ma ou les breathers d’Akhmediev.

A partir d’une onde plane bruitée, les études présentées ci-dessus montrent qu’il est
possible de générer des structures particulières en optique considérées comme prototypes
d’ondes scélérates. Ces structures sont identifiées comme des solitons élémentaires sur
fond continu ou peuvent correspondre à une collision entre ces solutions. En particulier,
ces travaux ont montré que l’instabilité de modulation entrainait une déstabilisation de
la condition initiale, ce qui mène à la formation de structures cohérentes.

Jusqu’aux travaux réalisés dans cette thèse, aucune étude en optique a, à notre connais-
sance, effectué une expérience à partir d’une onde partiellement cohérente et dont l’équa-
tion régissant la propagation est proche de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension. De plus, nos expériences sont proches de celles réalisées en hydrodynamique
dans des cuves à une dimension comme par exemple celle d’Onorato et al. présentée dans
la section 1.2.1.3. Cependant, nos travaux ainsi que ceux effectués par Akhmediev et al. et
Dudley et al. se placent dans un contexte plus général récemment introduit par Zakharov
sous la dénomination de turbulence intégrable.

1.3 Turbulence intégrable

1.3.1 Définitions
Les équations intégrables, c’est-à-dire, les équations parfaitement solubles sont essen-

tielles en mathématiques et en physique théorique. Cependant, il semble compliqué de
donner une définition claire et précise de l’intégrabilité, valable pour décrire l’ensemble
des équations d’évolution des systèmes d’ondes [Calogero et al. 91]. Dans ce chapitre, nous
proposons de donner quelques notions sur l’intégrabilité et notamment sous quelles hypo-
thèses nous considérons l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension comme
intégrable.

D’un point de vue strictement mathématique, la notion d’intégrabilité peut être définie
au sens du théorème de Liouville-Arnold [Arnold 89]. Un système hamiltonien à n degrés
de liberté est intégrable s’il possède n constantes du mouvement indépendantes. Dans
l’espace des phases, le mouvement est alors localisé sur la surface d’un tore. Un exemple
simple permettant d’illustrer ces propos est celui d’un système conservatif possèdant un
degré de liberté. Dans ce cas, il n’y a qu’une constante du mouvement qui est l’énergie.
En général, pour les systèmes possèdant une infinité de degrés de liberté (équations aux
dérivées partielles), il est difficile de caractériser exactement la trajectoire de la condition
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initiale dans l’espace des phases [Calogero et al. 91]. Cependant, pour certaines équations
non linéaires comme celle de Korteweg de Vries, il a été possible de déterminer une série de
lois de conservation. Ceci a permis à M. Kruskal et ses collaborateurs (Gardner, Greene,
Kruskal, Miura) de développer une nouvelle méthode d’analyse des systèmes non linéaires
appelée transformation de diffusion inverse ou Inverse Scattering Transform (IST).

Historiquement, l’IST a permi de déterminer une solution générale à l’équation de Kor-
teweg deVries pour des conditions aux limites infinies [Gardner et al. 67]. Puis, en 1968,
P. Lax a apporté un nouvel aspect théorique à ce concept [Lax 68]. Ensuite, elle a été
étendue à différents types d’équations par Zakharov et Shabat [Zakharov et Shabat 72].
Enfin, Ablowitz, Kaup, Newell et Segur (AKNS) [Ablowitz et al. 74] ont développé une
méthode permettant de résoudre différents types d’équations non linéaires. Parmi ces
équations intégrables, on peut trouver l’équation de Korteweg de Vries (et Korteweg de
Vries modifiée), l’équation de Sine-Gordon (et sinh-Gordon), et bien sûr celle qui nous inté-
resse ici, l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension [Zakharov et Shabat 72].
L’IST a ensuite été développée dans le cas de conditions aux limites périodiques pour ces
mêmes équations [Forest et McLaughlin 82]. Une façon de définir simplement le principe
de la méthode IST est de considérer qu’elle permet de généraliser l’analyse de Fourier
ordinaire pour les problèmes non linéaires. De plus, elle possède l’avantage de définir une
nouvelle base de fonctions sur lesquelles les solutions de l’équation de Schrödinger non li-
néaire peuvent être projetées (les solitons) [Kivshar et Malomed 89]. Cependant, cet outil
n’est pas utilisé aussi couramment que les transformées de Fourier. Ceci est probablement
dû à la complexité de sa mise en œuvre et notamment au manque d’algorithmiques nu-
mériques permettant d’utiliser l’IST dans un contexte expérimental. Dans l’ensemble de
ce mémoire, nous considérons que l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension
que nous utilisons est intégrable au sens où elle peut être résolue par la méthode IST
[Ablowitz et Segur 81, Osborne 93].

Dans la section 1.1.2.3, nous avons discuté de la théorie de la turbulence d’onde. Elle
permet d’étudier l’évolution du spectre moyen du champ dans un régime de propaga-
tion faiblement non linéaire imposant notamment que la statistique dévie peu de la loi
normale au cours de la propagation. Les travaux réalisés en hydrodynamique mais éga-
lement en optique sur les ondes aléatoires dont la propagation est régie par l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension permettent d’étudier l’émergence d’ondes
scélérates. Cependant, ces études sont réalisées dans un régime non linéaire de propaga-
tion où la théorie de la turbulence d’onde ne peut s’appliquer. Récemment, un nouveau
champ de recherche a été introduit par Zakharov sous la dénomination de turbulence
intégrable [Zakharov 09, Zakharov et Gelash 13]. Les phénomènes de turbulence in-
tégrable émergent lorsque la propagation d’une onde aléatoire est régie par
une équation non linéaire intégrable.

1.3.2 Un exemple d’expérience d’optique non linéaire statis-
tique à une dimension

La section 1.2 a permis de présenter un état de l’art succint sur la formation des ondes
scélérates. En effet, l’étude de l’émergence de ces structures ainsi que l’impossibilité de les
prédire a conduit à de nombreux travaux. Nous avons essayé de mettre en avant les diffé-
rentes approches utilisées (déterministe et statistique), dans différents systèmes (dissipatif
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et conservatif). Plus particulièrement, nous avons expliqué que les systèmes d’ondes à une
dimension semblent être les plus favorables à l’étude des ondes scélérates [Peregrine 83,
Onorato et al. 04, Zakharov 09, Akhmediev et al. 09b, Chabchoub et al. 15, Toenger et al. 15].
Par ailleurs, nous avons abordé dans la section 1.3.1, le concept de turbulence intégrable.
Cependant, comme nous en avons discuté dans la section 1.2.3.2, la majorité des études
en optique utilisant une onde aléatoire sont numériques ou théoriques.

A notre connaissance, il existe un travail expérimental [Bromberg et al. 10] dans le
contexte de l’interférométrie stéllaire de Hanbury Brown and Twiss (HBT) [HB 56] qui
est très proche du contexte de la turbulence intégrable. Dans ce travail, Bromberg et
al. étudient la propagation non linéaire d’une onde incohérente (un speckle) et montrent
que les résultats sont très bien décrits par l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension. Nous proposons de présenter cette étude dans la section suivante.

1.3.2.1 Speckle : condition initiale transverse incohérente

Dans la section 1.1.1.1, nous avons rapidement abordé la nature incohérente du speckle.
Nous proposons de donner un aperçu des résultats obtenus concernant la propagation de
celui-ci dans un milieu non linéaire, au travers du travail de [Bromberg et al. 10]. A la
différence des études présentées dans la section 1.2.3.2, la condition initiale utilisée par
Bromberg et al. est localisée transversalement (figure 1.24).

Le dispositif expérimental est représenté sur la figure 1.24. Un laser mode locké est
focalisé à la surface d’un diffuseur de manière à former une onde incohérente. Puis, cette
onde aléatoire se propage dans un guide non linéaire à réponse instantanée. A la sortie du
milieu non linéaire, Bromberg et al. placent une caméra afin de mesurer les fluctuations
transverses de l’intensité de l’onde incohérente.

Figure 1.24 – Dispositif expérimental de l’expérience de Bromberg et al. Illustration
issue de [Bromberg et al. 10].

Les auteurs cherchent à caractériser la distribution de probabilité des fluctuations
d’intensité du speckle. Dans leur configuration, un des moyens d’y parvenir est de propager
l’onde incohérente à basse puissance dans le guide d’onde. La figure 1.25(b) représente la
mesure expérimentale de la fonction de densité de probabilité. On peut remarquer qu’elle
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forme une droite en échelle semi-logarithmique ce qui traduit le fait que le speckle possède
une statistique gaussienne. Sur la figure 1.25(a), Bromberg et al. ont tracé une simulation
numérique dans ces conditions expérimentales. On constate que chaque fluctuation de
grande amplitude s’élargit au cours de la propagation sous l’effet de la diffraction.

(a) (b)

Figure 1.25 – (a) Diagramme spatio-temporel représentant l’évolution du speckle en
régime linéaire. Ce diagramme est calculé à partir de l’équation de Schrödinger non li-
néaire. (b) Distribution de probabilité expérimentale mesurée après propagation à faible
puissance dans le guide d’onde. Illustrations issues de [Bromberg et al. 10].

1.3.2.2 Propagation dans un milieu non linéaire focalisant

Nous présentons les résultats obtenus par Bromberg et al. dans le cas d’un milieu
non linéaire focalisant. Cette situation correspond la propagation en régime de dispersion
anormale dans une fibre optique.

Bromberg et al. utilisent dans cette expérience un guide d’onde (Al0.18Ga0.82As) qui
a la particularité d’avoir une non linéarité focalisante très élevée [Aitchison et al. 91]. Ils
augmentent progressivement la puissance (35 mW en vert, 60 mW en rouge et 120 mW
en orange) et mesurent la fonction de densité de probabilité (figure 1.26(a)). On constate
qu’à très basse puissance (bleu, propagation linéaire) la statistique est gaussienne. Par
contre, plus la puissance augmente plus la distribution de probabilité passe au-dessus de
la disribution exponentielle. Cela se traduit par l’émergence de pics d’intensité de grandes
amplitudes dans les fluctuations du speckle.

Bromberg et al. ont ensuite effectué la simulation numérique de l’équation de l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension décrivant la propagation du speckle :

i2k0
∂ψ

∂z
+ ∂2ψ

∂x2 + 2k2
0
n2

n0
|ψ|2ψ = 0 (1.68)

où k0 = 2π/(λn0) et n = n0 +n2I. Dans ce système, le type de non-linéarité est paramétré
par la valeur de l’indice de réfraction n2 définissant le type d’interaction considérée. Si
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(a) (b)

Figure 1.26 – (a) Distribution de probabilité dans le cas focalisant. (b) Diagramme spatio
temporel correspondant. Illustrations issues de [Bromberg et al. 10].

n2 > 0 alors on parle de non-linéarité focalisante ou interaction attractive. Si n2 < 0, la
non-linéarité est défocalisante ou repulsive.

Les résultats de la simulation numérique dans le cas d’une non-linéarité focalisante sont
illustrés sur le diagramme spatio-temporel de la figure 1.26(b). A la différence du régime
linéaire où chaque pic de forte intensité subissait le phénomène de diffraction, dans le
cas focalisant, ces pics se propagent de façon localisée, avec une puissance importante et
une largeur qui semble rester constante. Cette observation traduit l’apparition de solitons
brillants dans le guide d’onde. Cet effet ce produit lorsque la diffraction est compensée
par les effets non linéaires. A la différence de ce que l’on obtient dans le domaine temporel
(chapitre 3), les solitons brillants se séparent et se propagent dans différentes directions
scindant ainsi le speckle initial en plusieurs structures cohérentes de grandes intensités.
L’émergence de ces structures explique pourquoi la distribution de probabilité mesurée
expérimentalement possède une distribution à queue lourde.

1.3.2.3 Propagation dans un milieu non linéaire défocalisant

Bromberg et al. ont réalisé le même type d’expérience dans un milieu à non-linéarité
défocalisante. Le dispositif expérimental est identique à celui illustré sur la figure 1.24.
Cependant, le laser de départ est remplacé par un laser continu à une longueur d’onde de
532 nm. De plus, le milieu non linéaire est maintenant une substance liquide constituée
d’un mélange d’éthanol et de colorant absorbant.

Dans un premier temps, les auteurs propagent le speckle obtenu en régime linéaire. Ils
mesurent la distribution de probabilité (en bleu sur la figure 1.27(a)). Puis, ils augmentent
la puissance du laser et tracent la distribution de probabilité à différentes puissances (15
mW en vert, 30 mW en rouge, et 90 mW en orange). Le résultat est différent de celui
obtenu en non-linéarité focalisante. Cette fois-ci, la distribution de probabilité passe en
dessous de la distribution exponentielle au fur et à mesure que la puissance augmente
(figure 1.27(a)).

Enfin, les auteurs effectuent la simulation numérique de l équation 1.68 pour n2 > 0
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(a) (b)

Figure 1.27 – (a) Distribution de probabilité dans le cas défocalisant. (b) Diagramme
spatio temporel correspondant. Illustrations issues de [Bromberg et al. 10].

et tracent le diagramme spatio-temporel correspondant (figure 1.27(b)). On contaste que
les pics de plus fortes amplitudes présents initialement dans le speckle tendent à s’élargir
au cours de la propagation et leurs puissances diminuent progressivement. D’après les
auteurs, on peut distinguer des structures particulières ressemblant à des solitons noirs.
Les fluctuations d’intensité du speckle sont plus faibles à la sortie du guide d’onde qu’elles
ne l’étaient initialement. La distribution de probabilité mesurée prend alors la forme d’une
d’une distribution à queue légère.

Les expériences que nous venons de présenter se placent dans le contexte de l’intéféro-
métrie stellaire. Pourtant, les expériences réalisées, dans le domaine spatial, sont très bien
décrites par l’équation de Schrödinger non linéaire à un dimension. Cependant, la condi-
tion initiale utilisée est une onde incohérente (un speckle) qui possède la caractéristique
d’être localisée et dont l’intensité décroit transversalement vers zéro.

1.3.3 Simulations numériques : état stationnaire de la turbu-
lence intégrable

Le travail de Bromberg et al. est le premier en optique non linéaire statistique à
décrire, numériquement et expérimentalement, l’évolution de la statistique d’une onde
incohérente dont la propagation est régie par l’équation de Schrödinger non linéaire à
une dimension. Nous tenons à faire remarquer que la condition initiale est localisée. De
plus, elle décroit vers zéro quand la dimension spatiale (ici la dimension transverse X) tend
vers l’infini. Dans ce cas, la méthode IST permet de résoudre analytiquement le problème.
Derevyanko et al. ont appliqué un traitement IST [Derevyanko et Small 12] dans le cadre
de l’étude effectuée par Bromberg et al. et ont expliqué analytiquement et numériquement
les déviations de la statistique gaussienne observées par Bromberg et al..

Zakharov et Agafontsev ont publié très récemment des études numériques fondamen-
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tales autour de la problématique de la turbulence intégrable [Agafontsev et Zakharov 15].
Les conditions aux limites utilisées dans la simulation numérique sont des conditions pé-
riodiques, au contraire des travaux décrivant l’expérience présentée dans la section 1.3.2.
Dans cet article, l’onde aléatoire est un condensat bruité, c’est-à-dire, une onde plane sur
laquelle on superpose du bruit. Ce type de condition initiale est utilisé dans les travaux
que nous avons détaillés dans la section 1.2.3.2 [Akhmediev et al. 09b, Toenger et al. 15].
En réalité, ces études se placent dans le contexte de la turbulence intégrable car l’équation
de propagation est intégrable 18 et la condition initiale est une onde aléatoire (condensat
bruité). Cependant, le travail effectué par Agafontsev et al. est complémentaire à ces
études pour deux raisons. D’une part, Agafontsev et al. s’intéressent à l’évolution de
la distribution de probabilité du condensat bruité au cours de la propagation. D’autre
part, ils étudient l’évolution non linéaire de l’instabilité de modulation jusqu’à un état
stationnaire statistique [Zakharov 09].

(a) (b) PDF

Figure 1.28 – (a) Evolution de la distribution de probabilité (PDF) sur l’intensité du
champ jusqu’à l’état stationnaire statistique. (b)Fluctuations du condensat à l’état sta-
tionnaire statistique. Illustrations issues de [Agafontsev et Zakharov 15].

La figure 1.28(a) représente le module du champ à une distance particulière de propaga-
tion. On observe un pic d’intensité dont la valeur maximale est supérieure à 5, tout comme
dans l’article d’Akhmediev et ses collaborateurs [Akhmediev et al. 09b]. Intéressons nous
maintenant à la statistique du module au carré du champ tracée sur la figure 1.28(b). On
remarque qu’elle n’est pas exponentielle au début de la propagation. Par contre, au fur
et à mesure de la propagation elle tend vers la distribution exponentielle (en rouge sur la
figure 1.28(b)).

L’étude numérique réalisée par Agafontsev et Zakharov en turbulence intégrable pos-
sède des points communs avec celles d’Akhmediev et al., Dudley et al. ainsi que Toenger et
al. [Akhmediev et al. 09b, Dudley et al. 14, Toenger et al. 15]. En particulier, Agafontsev
et al. montrent que des structures possèdant des amplitudes et des formes particulières
émergent suite à la propagation à partir d’une onde plane bruité. Bien que cette approche
permet d’étudier la formation d’une onde scélérate à partir d’une onde aléatoire (conden-
sat bruité), elle ne décrit pas totalement l’état de surface des océans comme nous l’avons
18. Equation de Schrödinger non linéaire à une dimension.
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expliqué dans la section 1.2.1. Enfin, il est important de remarquer que dans le travail
d’Agafontsev et al., les auteurs tentent une approche résolument statistique. La première
conclusion fondamentale obtenue est qu’il existe un état stationnaire statistique en tur-
bulence intégrable. De plus, à partir d’une condition initiale du type condensat bruité,
la distribution de probabilité du champ tend, à l’état stationnaire statistique, vers une
statistique gaussienne.

1.3.4 Théorie statistique de l’équation de Schrödinger non li-
néaire à une dimension

Nous revenons ici sur l’étude réalisée par P. Janssen que nous avons introduit dans
la section 1.1.2.3 [Janssen 03]. Nous rappelons que cette étude se situe dans le domaine
de l’hydrodynamique. Dans ce travail, P. Janssen étudie pour la première fois à notre
connaissance, numériquement et théoriquement, l’évolution spectrale et statistique d’une
onde incohérente. De plus, il utilise l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension.
Malgré les limites de cette étude, relatives au régime de propagation qui est faiblement
non linéaire, on peut resituer aujourd’hui ce travail dans le contexte de la turbulence
intégrable.

P. Janssen étudie les deux régimes de propagation de l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension, c’est-à-dire le régime focalisant et défocalisant. Comme nous en
avons discuté dans la section 1.2.1.4, le régime focalisant correspond à des expériences
qui peuvent être réalisées en eau profonde et qui correspondent au régime de dispersion
anormale de la fibre. Le régime défocalisant correspond quant à lui à des expériences en
eau peu profonde. Nous allons présenter ici les principaux résultats obtenus par P. Janssen
en ce qui concerne la statistique dans ces différents régimes de propagation.

La figure 1.29(a) représente l’évolution du kurtosis 19 en fonction de la valeur de l’indice
de Benjamin-Feir (section 1.2.1.3). On peut constater que plus l’indice de Benjamin-Feir
augmente, plus la statistique de l’élévation de surface dévie de la statistique gaussienne
aussi bien pour le régime de propagation focalisant que défocalisant. La figure 1.29(b),(c)
représente la distribution de probablité pour un indice de Benjamen-Feir égal à 1,4. Ces
deux figures permettent d’illustrer l’écart à la statistique gaussienne mis en avant par
le kurtosis. En régime focalisant, la statistique dévie faiblement au-dessus de la statis-
tique gaussienne et traduit d’après l’auteur l’émergence de vague de grandes amplitudes.
A l’opposé, en régime défocalisant caractérisé par une valeur négative du kurtosis, on
peut constater que la statistique dévie légèrement sous la statistique gaussienne. On com-
prend que dans ce cas l’état de surface du fluide sera composé de vagues de plus petites
amplitudes que celles contenues dans l’état de surface initial.

Dans cette étude, P. Janssen traite de l’évolution statistique d’une onde incohérente
dont la propagation est régie par l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimen-
sion. Le régime de propagation est faiblement non linéaire et on constate à l’image de
la figure 1.29(a) que la statistique de l’élévation de surface dévie mais reste relativement
proche de la statistique gaussienne. Dans son étude, P. Janssen modifie la théorie usuelle

19. Nous rappelons que le kurtosis est un paramètre statistique de forme qui peut être relié au moment
d’ordre 4 du champ, c’est-à-dire, dans cette expérience à l’élévation de surface η : C4 = 〈η4〉/3〈η2〉2 − 1.
Lorsque la statistique est gausssienne la valeur du kurtosis vaut zéro.
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(a) Evolution du kurtosis en fonction de la valeur
de l’indice de Benjamin-Feir.

(b) PDF en régime focalisant (c) PDF en régime défocalisant

Figure 1.29 – Evolution de la distribution de probabilité (PDF) de la surface d’élévation
du fluide (η) dans le cas du régime focalisant (BF) en (a) et défocalisant (no BF) en
(b). Ces courbes sont tracées pour une valeur de l’indice de Benjamin-Feir valant 1,4. P.
Janssen superpose la distribution de probabilité gaussienne en trait plein avec la simula-
tion numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension (MCFW) et le
calcul analytique (theory). Illustrations issues de [Janssen 03].

de la turbulence faible afin de décrire le changement de comportement du système et no-
tamment pour décrire l’évolution de la statistique et de l’élargissement spectral de l’onde.
Comme nous avons expliqué dans la section 1.1.2.3, le développement d’une équation ciné-
tique décrivant l’élargissement du spectre nécessite d’effectuer une opération de fermeture
des moments. En réalité, cette opération casse l’intégrabilité de l’équation de Schrödin-
ger non linéaire. Cependant, tout comme dans l’expérience de Bromberg et al., sur le
plan statistique, on peut constater que les simulations numériques sont qualitativement
identiques aux résultats théoriques.
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1.4 Problématique de cette thèse

Nous avons défini la notion d’intégrabilité et expliqué qu’elle est reliée à des concepts
mathématiques bien précis, comme par exemple la transformée de diffusion inverse (IST).
Cependant, la moindre perturbation dans le système d’ondes suffit à casser l’intégrabilité
de l’équation. Dans les expériences ainsi que les simulations numériques que nous réali-
sons la condition d’intégrabilité n’est pas strictement préservée. Cependant, nous avons
montré par l’intermédiaire de l’étude de P. Janssen qu’il est possible de comparer des
calculs statistiques réalisés avec des simulations numériques à la théorie cinétique des
ondes [Janssen 03]. De la même manière, Suret et al. ont montré qu’il est envisageable
de comparer des simulations numériques à l’expérience [Suret et al. 11]. Donc un système
expérimental ou proche de l’intégrabilité peut fournir des résultats importants concernant
la statistique de systèmes intégrables.

L’enjeu de mon travail de thèse est de fournir des données expérimentales dans les-
quelles nous avons à la fois une onde aléatoire et une expérience d’optique décrite par
l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. Les simulations numériques four-
nissent quant à elles un complément nécessaire pour étudier la turbulence intégrable.

La détection des fluctuations temporelles d’intensité d’une onde partiellement cohé-
rente est un problème en soi. Jusqu’à présent, à notre connaissance, les techniques utilisées
consistaient à étudier la statistique après filtrage, soit de l’instrument de mesure (pho-
todiode) soit localement dans les ailes du spectre [Solli et al. 07]. Nous avons cherché à
mesurer l’ensemble des échelles de temps constituant l’onde aléatoire en portant un soin
particulier à la détection. Pour cela, nous avons développé deux stratégies expérimentales.
La première consiste à concevoir une source partiellement cohérente dont nous sommes
capable de mesurer la statistique sur l’ensemble des échelles de temps la constituant à
l’aide d’un système de détection rapide (deuxième chapitre). La seconde stratégie (troi-
sième chapitre) vise à améliorer la technique de détection. En effet, nous avons développé
une méthode de mesure de la distribution de probabilité qui nous permet d’augmenter la
bande passante de détection de deux ordres de grandeur.

Ces développements techniques font partie intégrante de mon travail de thèse et nous
ont permis d’étudier comment la statistique de l’onde partiellement cohérente s’écarte du
théorème central limite à cause de la propagation non linéaire dans une fibre optique. La
comparaison avec la simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension sera alors indispensable pour interprêter nos résultats expérimentaux.

La suite de ce mémoire est organisée en trois parties. Nous avons choisi de séparer
l’étude du régime de propagation focalisant du régime défocalisant :

Tout d’abord, dans le deuxième chapitre, nous étudions les déviations statistiques du
champ partiellement cohérent suite à la propagation dans une fibre optique en régime de
dispersion normale (défocalisant). Un des objectifs est de concevoir une source partielle-
ment cohérente dont nous sommes capables de mesurer l’ensemble des échelles de temps
la constituant et donc d’en étudier la statistique. Par ailleurs, nous verrons qu’il est pos-
sible de mettre en évidence un comportement particulier d’intermittence en séparant les
échelles de temps lentes des échelles de temps rapides constituants l’onde partiellement
cohérente.

Puis, dans le troisième chapitre, nous présentons les résultats obtenus dans le régime
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de dispersion anormale (focalisant). Le régime focalisant est réputé pour être le théâtre de
l’émergence d’évènements de grandes amplitudes, temporellement courts, souvent appelés
ondes scélérates. La détection de ce type de fluctuations rapides est difficile. Nous propo-
sons, dans ce chapitre, une méthode originale permettant de mesurer la distribution de
probabilité de l’onde partiellement cohérente. L’information sur la déformation de la sta-
tistique nous permettra d’en déduire si nous sommes en présence de ce type d’évènements
extrêmes dans le cadre particulier de la turbulence intégrable.

Enfin, le quatrième chapitre présente les résultats complémentaires que nous avons
obtenus durant ma thèse au sujet des lasers Raman à fibres. La première partie traite de
la mesure de l’élargissement spectral de l’onde Stokes dans le régime transitoire du laser
Raman. Dans la deuxième et dernière partie de ce chapitre, nous utilisons la méthode de
détection décrite dans le troisième chapitre pour mesurer les distributions de probabilité
de l’onde Stokes à différents endroits de la cavité du laser Raman.



Deuxième chapitre





Chapitre 2

Turbulence intégrable en régime de
dispersion normale

2.1 Introduction

Le premier chapitre était en partie consacré à la présentation des ondes partiellement
cohérentes et des modèles permettant de décrire leurs propagations dans différents sys-
tèmes d’ondes et dans différents régimes de dispersion. Nous présentons dans ce chapitre
une expérience de turbulence intégrable. Nous utilisons une onde partiellement cohérente
qui se propage dans une fibre optique monomode en régime de dispersion normale. L’ob-
jectif est d’étudier les déviations de la statistique de l’onde aléatoire survenant suite à la
propagation non linéaire dans la fibre. Par ailleurs, dans le premier chapitre, nous avons
discuté des problèmes liés à la détection des fluctuations rapides d’intensité d’une onde
aléatoire. Dans notre expérience, nous avons conçu une source partiellement cohérente
spectralement étroite afin que les échelles temporelles associées puissent être détectées
par un système de photo-détection standard (oscilloscope et photodiode).

Ce chapitre s’organise en deux parties. Dans un premier temps, nous étudierons expé-
rimentalement la propagation de l’onde partiellement cohérente en régime de dispersion
normale. Puis, nous effectuerons des simulations numériques de l’équation de Schrödinger
non linéaire à une dimension afin d’effectuer une comparaison quantitative avec l’expé-
rience. La deuxième partie concerne le phénomène d’intermittence.

2.2 Expériences et simulations numériques

Cette section a pour objectif d’étudier l’élargissement spectral et l’évolution statis-
tique de l’onde partiellement cohérente au cours de la propagation non linéaire dans une
fibre optique en régime de disperion normale. Dans un premier temps, nous nous intéres-
sons à l’expérience réalisée (section 2.2.1). En particulier, nous présenterons le dispositif
expérimental permettant de dimensionner spectralement notre source partiellement cohé-
rente. La deuxième partie de cette section sera consacrée aux simulations numériques de
l’équation de Schrödinger non linéaire à dimension dans les paramètres de l’expérience
(section 2.2.2).

73
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2.2.1 Etude expérimentale
2.2.1.1 Conception d’une source étroite partiellement cohérente

La source partiellement cohérente que nous avons réalisée est représentée sur la fi-
gure 2.1. Elle est constituée d’un laser Ytterbium, d’un dispositif de filtrage permettant
d’ajuster la largeur spectrale de la source et d’un amplificateur à fibre dopée Ytterbium
assurant l’amplification de l’onde après filtrage.

Source partiellement cohérente

Amplificateur 

à fibre

Ytterbium

Miroirs de Bragg

Bandpass

en transmission
En réflexionEn réflexion

Détection

+
Oscilloscope

Photodiodes

OSA

FBG 1 FBG 2 FBG 3

CO
Laser à fibre

Ytterbium

λ=1064nm

Figure 2.1 – Dispositif expérimental représentant la source partiellement cohérente. Mi-
roir de bragg (FBG), circulateur optique (CO), analyseur de spectre optique (OSA). Le
rôle de chacun des miroirs de Fragg est schématisé sur la figure 2.4.

Laser Ytterbium
Les lasers à fibre dopée Ytterbium sont des lasers continus de forte puissance. Ils

émettent un rayonnement monomode transverse et multimode longitudinal. Grâce à la
large bande de gain de l’ion Ytterbium, ils peuvent fonctionner entre 980 nm et 1160
nm, le maximum de gain se trouvant entre 1060 et 1100 nm [Pask et al. 95]. Ce sont
des sources de forte puissance qui peuvent atteindre plusieurs kilowatts pour certains
lasers commerciaux 1. Dans leur conception la plus répandue, les lasers Ytterbium sont
constitués d’une source de pompage qui est souvent une diode laser, d’un milieu ampli-
ficateur correspondant à une fibre double gaine dopée Ytterbium (Yb3+) et d’une cavité
fermée par des miroirs de Bragg [Richardson et al. 10]. Ce sont des lasers entièrement
fibrés, stables, de fortes puissances qui sont utilisés dans de nombreuses applications (par
exemple, source de pompage pour les lasers Raman) mais aussi dans différents domaines
(télécommunications, applications médicales ou militaires).

Dans notre étude, le laser Ytterbium est un laser commercial 2. Il émet un rayonne-
ment linéairement polarisé dont la puissance peut atteindre au maximum 20 W. Dans nos
conditions de fonctionnement, le laser est utilisé à une puissance de 5 W. Il est caractérisé
par un spectre optique fortement multimode composé de 104 modes longitudinaux 3, a
priori, non corrélés en phase. De plus, le spectre possède une largeur à mi-hauteur d’en-
viron 300 GHz et sa longueur d’onde centrale est autour de 1064 nm. Ce laser Ytterbium

1. IPG Photonics, YLS-6000
2. IPG Photonics, YLR series
3. Le nombre de modes dans la cavité a été estimé en divisant la largeur spectrale par l’intervalle

spectral libre du laser à fibre évaluée en mesurant son spectre radio-fréquence.
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constituant la base de notre source partiellement cohérente est connecté au dispositif de
filtrage par l’intermédiaire d’un circulateur optique (CO sur la figure 2.1).

Filtrage optique
La bande passante de notre système de détection est limitée à 36 GHz 4 mais le spectre

optique du laser Ytterbium est cinq fois plus large. Il est donc nécessaire d’affiner le spectre
optique de la source de manière à ce que sa largeur soit inférieure à la bande passante
de détection de la photodiode. C’est pourquoi nous avons mis en place un dispositif de
filtrage basé essentiellement sur l’utilisation de miroirs à réseaux de Bragg.

Un réseau de Bragg photoinscrit est constitué d’une fibre optique dont l’indice de
réfraction est modulé périodiquement le long de l’axe longitudinal. Le principe de réali-
sation consiste à exposer localement la fibre optique à un champ d’interférences à partir
d’une source émettant dans l’ultra-violet. Ainsi, l’indice de réfraction du cœur est modifié
en suivant le motif des franges d’interférences [Lam et Garside 81, Hill et Meltz 97]. Par
ailleurs, il existe différentes méthodes de fabrication [Martin et Ouellette 94]
[Martinez et Ferdinand 98] ainsi que plusieurs types de miroirs de Bragg 5. Dans notre
travail nous avons utilisé des réseaux de Bragg uniformes (figure 2.2(a)) et un réseau de
Bragg à saut de phase (figure 2.3(a)).
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Figure 2.2 – Réseau de Bragg uniforme. Longueur d’onde centrale : λc. (a) Variation de
l’indice de réfraction le long de l’axe optique n(z). (b) Spectre de réflectivité en noir et
spectre en transmission en bleu.

Les réseaux de Bragg uniformes sont les plus couramment utilisés. Ils possèdent un
spectre de réflectivité caractéristique que nous avons représenté sur la figure 2.2(b). Pour
obtenir ce profil spectral, l’indice de réfraction du cœur de la fibre est modulé de manière
sinusoïdale comme l’indique la figure 2.2(a). Si maintenant un saut de phase de π est
inséré dans l’onde optique, alors on produit une rupture dans la modulation de l’indice de
réfraction comme ceci est représenté sur la figure 2.3(a). Le spectre en transmission (en
bleu sur la figure 2.3(b)) possède alors une résonance étroite à une longueur d’onde λc
caractérisée par une largeur spectrale très étroite, d’environ 6 GHz dans nos expériences.

4. Oscilloscope : Teledyne-Lecroy LabMaster 10-36ZI. Photodiode : Picometrix, model AD-10ir
5. On trouve pincipalement les réseaux de Bragg uniformes, apodisée [Malo et al. 95], à pas variable

[Ouellette 87] et à saut de phase.
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Figure 2.3 – Réseau de Bragg avec un saut de phase de π à la longueur d’onde centrale
(λc). (a) Variation de l’indice de réfraction le long de l’axe optique n(z). (b) Spectre de
réflectivité en noir et spectre en transmission en bleu.

La figure 2.4 représente un schéma de principe destiné à expliquer le fonctionnement
de notre méthode de filtrage. Notre dispositif de filtrage est constitué d’un ensemble de
réseaux de Bragg uniformes et à saut de phase placés de manière particulière et symbolisée
au travers des étapes (b), (c) et (d) de la figure 2.4. Le spectre optique du laser Ytterbium
est représenté en (a) alors que le spectre final obtenu en toute fin du dispositif de filtrage
est illustré en (e).

Aprés reflection 

sur FBG 1

Aprés transmission 
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Aprés transmission 
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du laser Ytterbium
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Figure 2.4 – Principe de filtrage à travers les miroirs de bragg (FBG). (a) : spectre
issu du laser Ytterbium. (b) : en vert, spectre réfléchi par un miroir de Bragg uniforme
(FBG1). (c) : en bleu, miroir à saut de phase (FBG2) utilisé en transmission. (d) : miroirs
de Bragg uniforme utilisés en réflexion. (e) : en rouge, spectre final filtré
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Tout d’abord, le rayonnement émis par le laser Ytterbium est réfléchi par un réseau
de Bragg uniforme (FBG1) dont le spectre de réflectivité est plus étroit que celui du
laser Ytterbium. De ce fait, le spectre optique est déjà affiné (en vert figure 2.4(b)) et
contraint par la largeur spectrale de FBG1. Ensuite, nous utilisons le réseau de Bragg
à saut de phase. Le spectre du rayonnement transmis par celui-ci présente une largeur
de 6 GHz (figure 2.4(c)). Il est composé d’un pic central intense et de résidus de filtrage
dans les ailes. Pour supprimer ce rayonnement résiduel, nous avons placé des miroirs de
Bragg uniformes dont la longueur d’onde centrale est positionnée de part et d’autre du
pic central étroit (en rouge figure 2.4(d)). Enfin, le spectre issu de l’ensemble du système
de filtrage est illustré sur la figure 2.4(e).

La figure 2.5(a) représente le spectre optique mesuré expérimentalement avec un ana-
lyseur de spectre 6. Nous obtenons un spectre étroit, d’une largeur à mi-hauteur d’environ
6 GHz, et dont le maximum de puissance est situé autour de la longueur d’onde centrale
du réseau de Bragg à saut de phase (1064, 8 nm). Le spectre en échelle semi-logarithmique
est tracé en insert de la figure 2.5(a). Comme nous l’avons mentionné précédemment, les
réseaux de Bragg ne permettent pas un filtrage parfait et il subsiste, à l’issu du proces-
sus de filtrage, des pics secondaires situés entre 30 et 40dB en-dessous du pic de lumière
transmise. Malgré cela, nous avons évalué à 97% la fraction de puissance contenue dans
le pic principal. Par ailleurs, l’acquisition du spectre optique de 6 GHz se fait aux limites
de résolution de l’analyseur de spectre qui est de 2, 6GHz.
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Figure 2.5 – Spectres optiques de la source partiellement cohérente dans différentes
configurations de réglage : (a) Largeur à mi-hauteur de 6 GHz. (b) Largeur à mi-hauteur
de 14 GHz. Vue en échelle semi-logarithmique en insert.

La disposition des réseaux de Bragg précédemment décrite permet de réaliser une
source dont le spectre optique possède une largeur de 6 GHz à mi-hauteur. Par ailleurs,
nous sommes capable de modifier ce dispositif afin d’obtenir un spectre de largeur spectrale
deux à trois fois plus large. Dans ce cas, il n’est plus possible d’utiliser le réseau de Bragg
à saut de phase afin de fixer la largeur à mi-hauteur. Dans cette nouvelle configuration,

6. Ando AQ6317B
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nous devons ajuster les longueurs d’onde centrales des différents réseaux de Bragg les
unes par rapport aux autres de manière appropriée. Nous sommes parvenus à réaliser une
source partiellement cohérente dont le spectre, représenté sur la figure 2.5(b), possède une
largeur à mi-hauteur de 14 GHz. On peut remarquer, dans ce dernier cas, que nous avons
nettement amélioré le filtrage puisque les résidus sont moins présents et apparaissent à
environ 40dB en-dessous du pic de lumière transmise.

Amplification
La puissance à la sortie du dispositif de filtrage est constante et de l’ordre de la centaine

de µW. La propagation de l’onde partiellement cohérente dans la fibre nécessite d’avoir
un contrôle sur la puissance injectée. Pour cette raison, nous avons mis en place un
processus d’amplification composé de deux amplificateurs Ytterbium. Nous avons conçu
le premier amplificateur qui permet d’obtenir à sa sortie une onde partiellement cohérente
de statistique gaussienne et d’une puissance supérieure à 10 mW. Le second amplificateur
Ytterbium est commercial 7 et permet d’obtenir une onde partiellement cohérente d’une
puissance ajustable entre 1 et 10 W. Les distributions de probabilité ont été mesurées à
chaque étape d’amplification afin de s’assurer que la statistique n’a pas évolué et reste
gaussienne.

2.2.1.2 Dynamique et statistique de la condition initiale

Le dispositif expérimental présenté dans la section précédente (figure 2.1) nous permet
de concevoir une source partiellement cohérente dont la largeur spectrale peut être ajustée
à 6 et 14 GHz. Nous nous sommes limités à ces largeurs car elles doivent être inférieures à
la bande passante de notre système de photo-détection (36 GHz). Nous allons maintenant
étudier la statistique de l’intensité du champ délivré par la source partiellement cohérente
que nous avons réalisée pour ces différentes largeurs spectrales.

La figure 2.6 présente les fluctuations de puissance typiquement observées à la sortie
du dispositif de filtrage. Plus particulièrement, le signal associé à un rayonnement partiel-
lement cohérent ayant un spectre d’une largeur 8 de 6 GHz est tracé sur la figure 2.6(a).
Quant au signal de la figure 2.6(b), il est associé à un rayonnement partiellement cohé-
rent ayant un spectre optique large de 14 GHz. L’échelle temporelle des fluctuations est
d’environ 166 ps pour le signal de la figure 2.6(a) tandis que l’échelle des fluctuations de
la figure 2.6(b) est de l’ordre de 71 ps. On peut remarquer que ces valeurs sont du même
ordre de grandeur que l’inverse de la largeur spectrale (1/∆ν, avec ∆ν = 6 et 14 GHz).

Les fonctions de densité de probabilité sont calculées à partir des signaux (a), (b)
et sont représentées sur les figures 2.6(c), et 2.6(d). L’acquisition est effectuée sur une
fenêtre de 500 µs à un taux d’échantillonnage de 80 GS/s, ce qui correspond à une réso-
lution temporelle de 12, 5 ps. Les signaux représentés sur les figures 2.6(a) et 2.6(b) sont
normalisés par rapport à leur valeur moyenne. Afin de déterminer la statistique de notre
source, nous proposons d’effectuer, dans un premier temps, un ajustement 9 de chacune
des distributions de probabilité par une fonction exponentielle (en noir sur la figure 2.6).

7. Amplificateur Ytterbium : Keopsys, puissance maximum d’amplification : 10 W.
8. Les largeurs de 6 et 14 GHz sont des largeurs à mi-hauteur.
9. y(P/〈P 〉) = a ∗ exp[−b ∗ P/〈P 〉] où a et b sont évalués par la fonction d’ajustement à partir de

chacune des distributions de probabilité.
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Figure 2.6 – Fluctuations de puissance et distributions de probabilité pour une source
partiellement cohérente présentant une largeur à mi-hauteur de : 6GHz (a), (c) ; 14GHz
(b), (d). Ajustement avec une fonction exponentielle en noir (y(P/〈P 〉) = a ∗ e−b∗P/〈P 〉).
Les fluctuations temporelles sont tracées sur une fenêtre de 10 ns alors que l’acquisition
et le calcul de la distribution de probabilité sont effectuées sur une fenêtre de 500 µs.

Ces ajustements montrent que les ailes de nos deux distributions de probabilité suivent
une décroissance linéaire sur six décades.

Le champ total à la sortie du laser Ytterbium peut s’écrire comme la somme des
modes issus de la cavité. Si nous considérons les différents modes comme indépendants
et sans relation de phase les uns vis à vis des autres, nous pouvons appliquer dans ce cas
le théorème central limite. Dans cette hypothèse, on peut considérer que l’onde partiel-
lement cohérente possède une statistique gaussienne et la distribution de probabilité des
fluctuations de puissance est alors exponentielle. Dans notre expérience, nous mesurons
la fonction de densité de probabilité sur la puissance. Il est donc nécessaire de superposer
à nos données expérimentales la distribution exponentielle (e−P/〈P 〉) que nous avons tracé
en noir sur la figure 2.7.

Les résultats montrent que nos distributions de probabilité expérimentales ne suivent
pas exactement la distribution exponentielle et nous allons maintenant discuter de l’origine
de ces différences.
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Figure 2.7 – Distributions de probabilité de la source aux différentes largeurs spectrales :
6GHz (a), 14GHz (b). Distribution de probabilité exponentielle en noir (PDF [P/〈P 〉] =
e−P/〈P 〉).

-Influence de la réponse impulsionnelle de la photodiode

Notre dispositif de détection est constitué d’un oscilloscope et d’une photodiode rapide
de bande passante finie et égale à 36 GHz. Chaque photodiode possède une réponse im-
pulsionnelle qui lui est propre. Cependant, afin de prendre en compte l’effet d’intégration
de la photodiode, nous avons modélisé l’impact de son filtrage par un filtre passe-bas du
premier ordre dont la fonction de transfert est donnée par la formule suivante :

H̃(ν) = 1
1 + i ν/νc

(2.1)

où νc représente la fréquence de coupure du filtre, c’est-à-dire, la bande passante de la
photodiode (νc = 36 GHz).

Pour effectuer ce traitement, nous prenons le spectre expérimental avec une largeur
donnée. Puis, nous utilisons le modèle des phases aléatoires (chapitre 1) qui permet de
distribuer aléatoirement les phases de chacun des modes de Fourier du spectre. Suite à
cette opération, nous obtenons une onde partiellement cohérente dont la statistique suit
la loi normale. Les cercles représentés sur la figure 2.8 montrent que l’on obtient bien une
distribution de probabilité exponentiellement décroissante et donnée par exp(−P/〈P 〉).
Nous appliquons maintenant notre filtrage qui consiste à effectuer le produit entre la fonc-
tion de transfert du filtre et le spectre de l’onde partiellement cohérente. Les pointillés
bleus sur la figure 2.8 représentent les résultats que nous avons obtenus. La courbure de
chacune des courbes expérimentales à proximité de la valeur moyenne n’est pas quantitati-
vement reproduite par le filtrage numérique. Par contre, les ailes de chacune des fonctions
de densité de probabilité subissent l’effet du filtrage. Les distributions de probabilité sont
sous la distribution exponentielle exp(−P/〈P 〉) et se rapprochent de celles obtenues dans
l’expérience notamment pour la figure 2.8(a).

On constate que le filtrage par un filtre passe-bas met en évidence un changement
dans la distribution de probabilité mais ne permet pas de reproduire quantitativement le
résultat expérimental. Ceci n’est pas étonant car la fonction de transfert du filtre est idéale
et ne peut représenter exactement celle de notre photodiode. Néanmoins, le fait que la
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Figure 2.8 – Distributions de probabilité de la source aux différentes largeurs spectrales :
6 GHz (a), 14 GHz (b). La courbe en trait plein correspond à l’expérience. La courbe en
cercle est la source dont le spectre est modélisé à l’aide du modèle des phases aléatoires.
La courbe en pointillée correspond au filtrage par un filtre passe-bas.

bande passante de la photodiode soit finie déforme les distributions de probabilité et laisse
supposer que l’effet de filtrage de la détection influence peu la mesure de la distribution
de probabilité.

-Erreur sur le calcul de la valeur moyenne

Notre traitement numérique consiste à calculer la fonction de densité de probabilité
à partir des signaux acquis par la photodiode. Dans ce cas, il est nécessaire d’enregistrer
un premier signal s0(t) pour lequel aucune intensité lumineuse n’est appliquée. Il per-
met d’évaluer la valeur de la ligne de base (ou offset ou zéro de la photodiode). Puis,
nous enregistrons les signaux s(t) en présence de rayonnement et la puissance optique
P(t) est simplement proportionnelle à s(t)− 〈s0(t)〉. Enfin, nous normalisons notre signal
par rapport à sa valeur moyenne afin de calculer sa fonction de densité de probabilité
(PDF[P/〈P 〉]). L’objectif de ce paragraphe est d’évaluer l’erreur commise sur la distribu-
tion de probabilité du fait de l’erreur commise sur la mesure de 〈s0(t)〉.

Nous avons choisi d’effectuer cette étude sur le rayonnement partiellement cohérent
dont la largeur spectrale vaut 14 GHz à mi-hauteur. La figure 2.9(a) représente, en rouge,
le signal détecté par la photodiode lorsqu’aucune intensité lumineuse est appliquée. La
valeur moyenne de ce signal est d’environ 0, 435 V. Nous obtenons alors la distribution de
probabilité en rouge sur la figure 2.9(b) qui est la même que celle en trait plein rouge de la
figure 2.8(b). Si une erreur de 1% est commise sur la mesure de la valeur moyenne 〈s0(t)〉
(trait vert sur la figure 2.9(a)), alors nous obtenons la distribution de probabilité tracée
en vert sur la figure 2.9(b). Nous pouvons constater qu’elle se superpose pratiquement à
la distribution exponentielle (tracée en noir).

Ce traitement montre que la distribution de probabilité mesurée expérimentalement
est fortement influencée par le système de détection. Une façon de diminuer cette erreur
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Figure 2.9 – (a) Signal enregistré à la photodiode sans rayonnement incident. Trait
rouge foncé : valeur moyenne calculée. Trait vert : Erreur sur la valeur moyenne de 1%.
(b) Distributions de probabilité en rouge et vert, respectivement, normal et en prenant
en compte l’erreur. Distribution de probabilité exponentielle en noir.

est d’augmenter au maximum le rapport signal sur bruit lors de l’acquisition du signal
par la photodiode.

-Corrélations entre les modes dans la condition initiale

Dans les deux derniers paragraphes, nous avons à chaque fois supposé que l’écart à la
statistique gaussienne observé est issu de problèmes techniques associés à la détection par
la photodiode. La dernière hypothèse dont nous allons maintenant considérer concerne la
source en elle-même. Il est possible que notre source ne présente pas parfaitement une
statistique gaussienne et que ses fluctuations statistiques ne respectent pas strictement le
théorème central limite. Pour obtenir une statistique gaussienne sur le champ, il est en
effet nécessaire que les modes soient indépendants, comme nous l’avons expliqué dans le
premier chapitre. Notre source est un laser Ytterbium dont le spectre est filtré. Il se peut
de par la physique de ce laser qu’un certain nombre de modes soient corrélés modifiant
ainsi la statistique. Par contre, il est difficile de quantifier cet effet avec les mesures que
nous effectuons.

Nous venons de montrer au travers de ces deux dernières sections que nous sommes ca-
pables de concevoir une source partiellement cohérente dont les largeurs spectrales peuvent
être ajustées à 6 GHz et à 14 GHz. De plus, nous avons étudié la distribution de proba-
bilité de cette source que nous avons comparé à la distribution exponentielle. De par les
résultats obtenus et les discussions apportées, nous pouvons considérer que la statistique
de la source est gaussienne pour ces deux largeurs spectrales. Par ailleurs, suite à l’étude
effectuée dans ce chapitre et les difficultés à concevoir une source spectralement étroite,
nous avons travaillé à élaborer un dispositif de détection permettant de d’échantillonner
les fluctuations rapides d’intensité. Le troisième chapitre sera consacré aux phénomènes
observés grâce à ce dispositif original réalisé.



2.2. Expériences et simulations numériques 83

2.2.1.3 Propagation non linéaire dans une fibre optique

Nous avons caractérisé dans la section précédente la statistique de notre source partiel-
lement cohérente pour des largeurs spectrales différentes. Il s’agit maintenant de réaliser
une expérience d’optique en turbulence intégrable permettant d’étudier la propagation
de notre onde partiellement cohérente dans une fibre optique en régime de dispersion
normale.

Source partiellement cohérente

Fibre PMF L=1,5km

Propagation

CP

Détection

+
Oscilloscope

Photodiodes

OSA

Amplificateur 

à fibre

Ytterbium

Filtrage
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Laser à fibre

Ytterbium
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Figure 2.10 – Schéma du dispositif expérimental. Expérience nous permettant d’étudier
la statistique de l’onde partiellement cohérente avant et après propagation non linéaire
dans la fibre optique en régime de dispersion normale. PMF (fibre optique à maintien de
polarisation), CP (cube fibré polarisant).

Nous choisissons d’utiliser la source partiellement cohérente dont la largeur spectrale
est de 14 GHz à mi-hauteur. La propagation de cette onde s’effectue dans une fibre optique
à maintien de polarisation d’une longueur de 1, 5 km (Figure 2.10) et dont les pertes sont
de 1, 5 dB (pertes de 30% de la puissance initiale). Ainsi, la puissance mesurée à l’entrée
de la fibre est de 219 mW alors qu’à la sortie, on mesure une puissance de 145 mW.

La figure 2.11 représente le spectre optique à l’entrée (en rouge) et à la sortie de la fibre
optique (en bleu). Nous avons gardé le même code couleur que dans la section 2.2.1.1 où
le spectre optique de 14 GHz de largeur était représenté en rouge (figure 2.5(b)). On peut
constater sur la figure 2.11 que le spectre s’élargit suite à la propagation pour atteindre
une largeur à mi-hauteur de 30 GHz.

Nous avons ensuite enregistré simultanément à l’entrée (z = 0) et à la sortie de la fibre
(z = L) les signaux à l’aide de la photodiode de bande passante de 36 GHz. Nous avons
représenté les résultats sur la figure 2.12(a). On peut remarquer que suite à la propaga-
tion, les fluctuations d’amplitudes maximales sont inférieures à celles présentes dans la
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Figure 2.11 – Etude du spectre optique en régime de dispersion normale, avant (rouge)
et après (bleu) propagation. Représentation en échelle semi-logarithmique en insert. Les
surfaces des deux spectres (énergies) sont normalisées à l’unité.

condition initiale. Comme on le verra de manière détaillée dans le troisième chapitre, ce
comportement est totalement différent du régime de dispersion anormale où on observe
l’émergence d’évènements de grandes amplitudes. A partir des signaux de la figure 2.12(a),
nous avons calculé les fonctions de densité de probabilité que nous avons tracées sur la
figure 2.12(b).
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Figure 2.12 – Résultats expérimentaux en régime de dispersion normale : statistique et
dynamique de l’intensité du champ partiellement cohérent avant propagation (rouge) et
après propagation (bleu) dans la fibre optique.

Suite à la propagation en régime de dispersion normale, la fonction de densité de
probabilité (en bleu sur la figure 2.12(b)) dévie de la loi normale. Ce type de distribution
est souvent appelé distribution de probabilité à queue légère ou “low tail” en anglais.
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Elle caractérise le fait que les évènements de grandes amplitudes ont une densité de
probabilité inférieure à celle définie par la distribution exponentielle (courbe rouge sur
la figure 2.12(b)). Nous avons vu dans le premier chapitre (section 1.1.2.2) l’impact de
l’effet Kerr sur la propagation d’une onde partiellement cohérente. En particulier, dans
ce cas précis, la distribution de probabilité n’est pas modifiée et reste exponentielle. Dans
notre situation, nous pouvons évaluer les longueurs caractéristiques des effets présents
dans la fibre (section 1.1.2.4). Ainsi, la longueur non-linéaire vaut 1, 1 km et la longueur
de dispersion 10 est d’environ 3, 2 km tandis que la longueur de la fibre est de 1, 5 km. Il
semble donc que le mécanisme provoquant la modification de la distribution de probabilité
soit l’action conjointe de l’effet Kerr et de la dispersion de vitesse de groupe. Par ailleurs,
nous avons évalué à 2, 8 km la longueur caractéristique de pertes 11. Grâce à un analyseur
de spectre optique, nous avons vérifié expérimentalement que les effets Raman et Brillouin
étaient négligeables. Le spectre optique de la figure 2.11 a été enregistré sur une fenêtre
spectrale nettement plus large. Cette acquistion a permis de vérifier l’absence d’onde
Stokes autour de 1120 nm. Dans le cas de l’effet Brillouin, nous avons enregistré le spectre
optique dans la direction opposée à la direction de propagation de l’onde partiellement
cohérente. Nous avons constaté l’absence de raie Stokes d’origine Brillouin.

En résumé, nous avons conçu une source partiellement cohérente de statistique gaus-
sienne et de largeur spectrale étroite. Nous avons propagé le rayonnement dans une fibre
optique en régime de dispersion normale. Nous avons montré, d’une part, que le spectre
s’élargissait. D’autre part que la fonction de densité de probabilité dévie fortement de la
loi normale. Elle est caractérisée par une distribution à queue légère sur le plan expéri-
mental. Il serait maintenant intéressant d’étudier l’évolution spectrale et statistique de
l’onde partiellement cohérente en fonction de la distance de propagation. L’un des ob-
jectifs est de comprendre le rôle couplé de l’effet Kerr et de la dispersion. Cependant, la
longueur de perte devient rapidement non négligeable. Il n’est donc pas possible d’étudier
cette évolution de manière expérimentale. Nous allons donc effectuer dans la section sui-
vante la simulation de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. Dans un
premier temps, nous réaliserons des simulations quantitatives de notre expérience. Puis,
nous étudierons numériquement l’évolution spectrale et statistique de l’onde partiellement
cohérente sur de plus grandes distances de propagation.

2.2.2 Simulations numériques
2.2.2.1 Paramètres de l’expérience

Dans la section précédente, nous avons montré expérimentalement les effets de la pro-
pagation non linéaire en régime de dispersion normale sur les fluctuations temporelles
d’intensité de l’onde partiellement cohérente. En particulier, l’onde partiellement cohé-
rente initialement de statistique gaussienne tend à exhiber une distribution de probabilité

10. La définition de ces longueurs caractéristiques prend en compte la largeur des impulsions T0 et
la puissance P0 (section 1.1.2.4). Nous pouvons donner dans le cas d’une onde partiellement cohérente
un ordre de grandeur de ces longueurs. Dans notre situation, nous avons utilisé la largeur spectrale à
mi-hauteur ∆ω0 de l’onde partiellement cohérente. Ainsi, nous obtenons les formules suivantes : LD =
1/
[
|β2|∆ω2

0
]
, L′D = 1/

[
|β3|∆ω3

0
]
, Ls = Lnl ω0/∆ω0, LTR

= Lnl/ [TR ∆ω0]
11. Dans une démarche identique, nous avons calculé les longueurs caractéristiques d’apparition de la

dispersion d’ordre 3 (1600 km), de l’auto-raidissement (16284 km) et de l’effet Raman (3064 km).
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à queue légère suite à la propagation dans la fibre. Le but de cette section est de mon-
trer que les effets observés précédemment sont décrits par l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension (équation 2.2 dans le régime de dispersion normal).

i∂ψ
∂z

= β2

2
∂2ψ

∂t2
− γ|ψ|2ψ (2.2)

La propagation s’effectue sur une distance de 1, 5 km, le cœfficient de dispersion
de vitesse de groupe β2 et le cœfficient de non linéarité Kerr γ sont respectivement de
20ps2km−1 et 6W−1km−1. Nous prenons comme condition initiale le spectre expérimen-
tal de la figure 2.5(b) correspondant à une largeur de 14 GHz à mi-hauteur. Puis, nous
utilisons le modèle des phases aléatoires tel que nous l’avons expliqué dans le premier
chapitre. Suite à cette opération, nous obtenons une onde partiellement cohérente dont la
statistique est gaussienne.
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Figure 2.13 – Simulation numérique de l’équation 2.2 et comparaison avec l’expérience
(traits pleins). Spectres optiques et distributions de probabilité avant et après propagation,
respectivement en rouge et bleu. Les cercles correspondent à la simulation numérique. Le
traitement avec un filtre passe-bas est illustré en pointillé.

La figure 2.13 présente la comparaison entre les données expérimentales (en traits
pleins) et les données numériques pour les spectres optiques (figure 2.13(a)) ainsi que les
distributions de probabilité (figure 2.13(b)). Le code couleur est identique à celui utilisé
dans la section précédente (2.2.1.3). Les cercles correspondent à la simulation numérique.
Il en est de même pour les courbes en pointillées, à ceci près qu’ils identifient le résultat
obtenu après filtrage par un filtre passe-bas (voir section 2.2.1.2). On constate que la
simulation numérique, incluant l’effet de la bande passante, reproduit quantitativement
l’expérience aussi bien pour la forme du spectre que pour la distribution de probabilité.
Suite à la propagation dans la fibre optique, le spectre s’élargit et la fonction de densité
de probabilité est à queue légère, comme dans l’expérience.
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Dans la section 2.2.1.2, nous avons discuté de la statistique de notre source, notamment
de l’influence de la bande passante de la photodiode sur le calcul de la distribution de
probabilité. La figure 2.13(b) montre que la simulation avec ou sans filtrage reproduit
le résultat expérimental. Le résultat peut paraître suspect dans la mesure où les ailes
du spectre, après propagation dans la fibre, ont une largeur supérieure à 40 GHz alors
que notre système de détection a une bande passante finie égale à 36 GHz. On pourrait
donc s’attendre à observer un effet important du filtrage par la photodiode et donc à
une déformation de la distribution de probabilité. Or, la figure 2.13(b) ne présente pas ce
genre d’effet. L’explication vient du fait que la photodiode ne détecte pas le champ ψ(t, z)
mais son module au carré, c’est-à-dire, son intensité |ψ(t, z)|2 = I(t, z). De ce fait, nous
pouvons calculer le spectre associé à la transformée de Fourier de l’intensité I(ω, z) :

TF [I(t, z)] = Ĩ(ω, z) 6= |ψ̃(ω, z)|2 = |TF [ψ(t, z)]|2 (2.3)

avec

Ĩ(ω, z) =
∣∣∣ ∫ I(t, z)e−iωtdt

∣∣∣ (2.4)

|ψ̃(ω, z)|2 =
∣∣∣ ∫ ψ(t, z)e−iωtdt

∣∣∣2 (2.5)

La figure 2.14 représente le spectre en intensité de l’onde partiellement cohérente avant
et après propagation dans la fibre.
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Figure 2.14 – Spectres des fluctuations d’intensité Ĩ(ω, z) pour la condition initiale de
14 GHz (en rouge) et à la sortie de la fibre (en bleu). Nous avons superposé en pointillé
le spectre optique |ψ̃(ω, z)|2 de la figure 2.13(a) après propagation en cercles bleu foncé.

La courbe bleue sur la figure 2.14 représente le spectre d’intensité I(ω, z) de l’onde
partiellement cohérente suite à la propagation dans la fibre. Sa largeur à mi-hauteur
est d’environ 18 GHz soit deux fois plus petite que celle du spectre optique |ψ̃(ω, z)|2
tracé en cercles bleus foncés sur la figure 2.14. Dans le régime de propagation de l’expé-
rience, le spectre optique s’élargit comme l’indique la figure 2.11. Au contraire, le spectre
en intensité Ĩ(ω, z) s’affine. Ces observations ne sont pas en contradiction car les effets
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d’élargissement optique viennent de manière dominante de l’automodulation de phase.
Ainsi, nous pouvons affirmer en tout état de cause que nous n’avons pas de problèmes
concernant la détection de l’onde partiellement cohérente après propagation. En effet, la
largeur du spectre des fluctuations d’intensité Ĩ(ω, z) reste inférieure à la bande passante
de détection de la photodiode.

Nous venons de comparer les résultats de la simulation numérique de l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension (équation 2.2) avec nos résultats expérimentaux.
Dans l’équation 2.2 seul la dispersion de vitesse de groupe et l’effet Kerr sont pris en
compte. Dans la section 2.2.1.3, nous avons évalué la longueur de pertes à 2, 8 km. De la
même manière nous avons montré que les longueurs linéaires et non linéaires caractérisant
les effets d’ordre supérieurs sont au moins un ordre de grandeur supérieur aux longueurs
Kerr et de dispersion. Nous proposons maintenant d’effectuer les simulations numériques
correspondant à la prise en compte de ces termes.

-Influence des pertes

Nous étudions ici l’influence des pertes de la fibre sur la forme de la distribution de
probabilité. Pour une longueur de 1, 5 km, celles-ci valent 1, 5 dB, ce qui correspond à
environ 30% de perte de puissance au cours de la propagation. L’équation de Schrödinger
non linéaire incluant le rôle des pertes s’écrit :

i∂ψ
∂z

= −iα2 + β2

2
∂2ψ

∂t2
− γ|ψ|2ψ (2.6)

où α vaut 0, 345km−1 dans notre expérience.
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Figure 2.15 – Distributions de probabilité tracées dans deux cas différentes : en carrés
verts, simulation numérique en prenant en compte le rôle des pertes (équation 2.6), en
cercles, simulation numérique de l’équation 2.2.

La figure 2.15 représente la comparaison entre les distributions de probabilité calcu-
lées à partir de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension (en cercles) et
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l’équation 2.6 où les pertes de la fibre sont prises en compte (carrés verts). On constate
que les fonctions de densité de probabilité restent pratiquement inchangées. On peut donc
affirmer que les pertes influencent très peu les propriétés statistiques de l’onde.

-Influence des termes linéaires et non linéaires d’ordres supérieurs

Nous allons maintenant montrer les résultats obtenus en effectuant la simulation nu-
mérique de l’équation de Schrödinger non linéaire généralisée suivante :

i∂ψ
∂z

= −iα2 + β2

2
∂2ψ

∂t2
+ iβ3

6
∂3ψ

∂t3
− γ

(
|ψ|2ψ + i

ω0

∂|ψ|2ψ
∂t

− TRψ
∂|ψ|2

∂t

)
(2.7)

Les valeurs des paramètres sont indiquées dans la légende de la figure 2.16. Comme nous
avons vu dans la section 1.1.2.4, l’équation 2.7 prend en compte la dispersion d’ordre 3,
le terme d’auto-raidissement, et l’auto-décalage Raman. Nous avons tracé la fonction de
densité de probabilité en triangle noir sur la figure 2.16. Comme précédemment, nous
la comparons à la distribution de probabilité donnée par l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension (en cercles).
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Figure 2.16 – Comparaison des distributions de probabilité. En triangle noir, simu-
lation numérique en prenant en compte les termes linéaires et non linéaires d’ordres
supérieurs (Eq. 2.7). En cercles, simulation numérique de l’équation 2.2. Paramètres :
β3 = 4.10−2 ps3/km, ω0 = 1771, 6 rad/ps, TR = 3fs, L = 1, 5km, α = 0, 343km−1

Sur cette figure, on peut observer qu’il y a très peu de différence entre les deux si-
mulations numériques. Les effets d’ordres supérieurs n’interviennent pas à cette distance
de propagation. Notre système est donc bien décrit par l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension.

Nous venons de montrer que les simulations numériques de l’équation de Schrödin-
ger non linéaire à une dimension sont quantitativement identiques aux mesures effectuées
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dans l’expérience tant en termes de spectres que de distributions de probabilité. Cepen-
dant, la discrétisation effectuée dans la simulation numérique ne permet pas de conserver
l’intégrabilité de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. Pourtant, sur
le plan statistique, quelque soit le schéma d’intégration utilisé, nous obtenons toujours
le même comportement statistique qui est identique à l’expérience. C’est pourquoi, nos
travaux contribuent à la compréhension de la turbulence intégrable malgré que ni nos
simulations numériques, ni nos expériences sont intégrables.

2.2.2.2 Régime stationnaire statistique

Dans la section précédente, nous avons montré que la simulation numérique de l’équa-
tion de Schrödinger non linéaire à une dimension reproduit quantitativement les résultats
expérimentaux. La propagation s’effectue en régime fortement non linéaire et le mélange
à quatre ondes participe à élargir le spectre optique entrainant des corrélations entre les
modes. La fonction de densité de probabilité de l’onde est alors modifiée et dévie de la
loi normale, état statistique de la condition initiale où tous les modes sont supposés in-
dépendants 12. Par ailleurs, les pertes de la fibre sont de 30% à 1, 5 km. On ne peut donc
pas imaginer réaliser une expérience dans laquelle la distance de propagation serait un
ordre de grandeur supérieur à celle de l’expérience (15 km). Par contre, ce problème ne
se pose pas dans le cas de la simulation numérique. Nous proposons dans cette section
d’étudier numériquement l’évolution de l’onde partiellement cohérente sur de plus grandes
distances de propagation. En particulier, nous montrerons au travers de ces simulations
numériques l’existence d’un état stationnaire statistique.

Jusqu’à maintenant nous avons travaillé avec le spectre expérimental de manière à
comparer quantitativement les résultats numériques et expérimentaux. Dans cette section,
nous utilisons comme condition initale un spectre dont la forme correspond à une fonction
sécante hyperbolique donnée par l’expression suivante :

n(ω) = P0 sech
(

ω

αd ∆ωd

)
(2.8)

où P0 représente la puissance et ∆ωd la demi-largeur 13 à mi-hauteur de la sécante hy-
perbolique. Nous avons effectué différents ajustements du spectre expérimental et c’est
la fonction sécante hyperbolique qui réalisait le meilleur ajustement, notamment dans les
ailes du spectre optique. La largeur spectrale est toujours de 14 GHz à mi-hauteur. Comme
dans la section 2.2.2.1, nous utilisons le modèle des phases aléatoires pour modéliser l’onde
partiellement cohérente.

Dans un premier temps, nous avons calculé les hamiltoniens linéaire, non linéaire et
total donnés, respectivement, par les formules 14 suivantes 2.9, 2.10, et 2.11.

Hnl = γ

2T

∫ T

−T
|ψ|4dt (2.9)

Hl = β2

2T

∫ T

−T

∣∣∣∣∣∂ψ∂t
∣∣∣∣∣
2

dt (2.10)

H = Hnl +Hl (2.11)
12. Voir chapitre 1 au sujet du théorème central limite.
13. Le cœfficient αd permet de ramener la la largeur de sécante hyperbolique à la demi-largeur à mi-

hauteur en multiplant par le facteur suivant : αd = 1/ln(2 +
√

3).
14. Le paramètre T représente la taille de la fenêtre temporelle.
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L’hamiltonien total est une constante du mouvement de l’équation de Schrödinger non
linéaire à une dimension, c’est-à-dire qu’il reste constant au cours de la propagation.
Par contre, les hamiltoniens linéaire et non linéaire représentent l’évolution des énergies
linéaire et non linéaire du système. Nous avons tracé sur la figure 2.17 leurs évolutions en
fonction de la distance de propagation. Les hamiltoniens linéaire et non linéaire ont été
moyennés sur 800 réalisations (〈Hnl〉 et 〈Hl〉) et normalisés par la valeur de l’hamiltonien
total en z = 0 (H0).
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Figure 2.17 – Simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension. Evolution de l’hamiltonien linéaire (bleu), non linéaire (rouge) et total (noir)
au cours de la propagation, normalisés par rapport à l’hamiltonien total en z = 0.

Sur la figure 2.17, nous pouvons constater que dans notre condition initiale l’énergie
non-linéaire 〈Hnl〉 domine d’un ordre de grandeur l’énergie linéaire 〈Hl〉. De ce fait, dès
le début de la propagation, le spectre de l’onde partiellement cohérente va rapidement
s’élargir comme nous avons pu le constater dans l’expérience. De plus, à la distance de
propagation de l’expérience (1.5 km), symbolisée par le trait vert sur la figure 2.17, nous
sommes dans un régime transitoire dans lequel l’hamiltonien non linéaire décroit au pro-
fit de l’hamiltonien linéaire. A partir de 20 km, nous entrons dans un état stationnaire
statistique pour lequel la valeur des hamiltoniens reste constante au cours de la propaga-
tion. Examinons maintenant ce que signifie cet état stationnaire statistique en termes de
spectre optique et de distribution de probabilité.

La figure 2.18(a) présente l’évolution du spectre optique à différentes distances de
propagation. On constate que le spectre s’élargit continûment jusqu’à atteindre l’état
stationnaire. A partir de 20 km, le processus d’élargissement spectral est saturé. Le spectre
optique moyen présente une forme et une largeur qui ne sont plus modifiées au cours de la
propagation. De plus, nous avons tracé les fonctions de densité de probabilité aux mêmes
longueurs. Pour une distance proche de l’expérience, c’est-à-dire 2 km, la distribution de
probabilité est à queue légère. Plus le champ se propage, plus sa statistique devient non
gaussienne et atteint une forme asymptotique à 20 km correspondant à l’état stationnaire
statistique. En effet, que ce soit à 20 km (en noir) ou à 60 km (en orange), nous obtenons
la même distribution de probabilité à queue légère.

Nous avons montré l’existence d’un état stationnaire statistique caractérisé par une
valeur constante des hamiltoniens et à partir duquel le spectre optique et la distribution
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Figure 2.18 – Simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension. Spectres et fonction de densité de probabilité à z = 0 km (rouge), z = 2 km
(bleu), z = 8 km (vert), à z = 20 km (noir) et à z = 60 km (orange)

de probabilité cessent d’évoluer avec z. Intéressons nous maintenant aux aspects spatio-
temporels. La figure 2.19 représente un diagramme spatio-temporel montrant l’évolution
de l’intensité du champ normalisée par rapport à sa valeur moyenne, jusqu’à une distance
de 20 km. On constate que l’amplitude des pics d’intensité les plus importants diminue
au fur et à mesure de la propagation comme nous l’avions remarqué dans l’expérience. De
plus, il semble que des structures particulières apparaissent et interagissent entres elles
pour donner lieu à une dynamique complexe autour de 20 km.
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Figure 2.19 – Diagramme spatio-temporel représentant l’évolution de l’intensité du
champ au cours de la propagation jusqu’à l’état stationnaire statistique (z ≈ 20km).

La figure 2.20 représente un zoom autour des pics localisés dans une fenêtre tempo-
relle comprise entre 500 et 850 ps. De plus, nous avons réduit la fenêtre de propagation
qui s’arrête à 8 km. On perçoit distinctement que la diminution de puissance des pics
d’intensités centrés à 650 ps et 850 ps. Ce changement est accompagné par l’apparition
d’oscillations qui semblent se propager et qui interagissent entre elles comme on peut le
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voir autour de 750 ps. Pour mieux comprendre ce comportement, nous avons tracé sur la
figure 2.21 des coupes du diagramme spatio-temporel à 2 km, 8 km et 20 km.
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Figure 2.20 – Diagramme spatio-temporel représentant l’évolution de l’intensité du
champ jusque 8 km.

La figure 2.21(a) montre que la puissance des pics les plus intenses diminue. Cette
diminution est accompagnée par un raidissement des fronts montants et descendants.
Ceux-ci finissent par se briser pour faire apparaître des oscillations rapides qui peuvent
avoir une forme particulière, voire être périodique à l’image de la courbe verte (z = 8 km).
Ces structures sont des ondes de chocs dispersives. A une distance de 20 km, en noir sur
la figure 2.21(b), l’amplitude des fluctuations est relativement faible et répartie autour de
la valeur moyenne 15. Par ailleurs, au sein de ces fluctuations, on peut distinguer différents
types de structures, comme par exemple des solitons noirs ou gris autour de 750− 800 ps
ou encore des ondes dispersives autour de 600 ps.

Nous venons d’étudier la propagation d’une onde partiellement cohérente en régime de
dispersion normale dans une fibre optique monomode. Nous avons montré aussi bien expé-
rimentalement que numériquement que l’équation de Schrödinger non linéaire intégrable
à une dimension décrit la propagation de l’onde. De plus, nous avons mis en avant la pré-
sence d’un état stationnaire statistique en turbulence intégrable. Il est caractérisé par une
distribution de probabilité à queue légère. Dans cet état statistique la distribution de pro-
babilité ainsi que le spectre cessent d’évoluer. Enfin, les fluctuations d’intensité de l’onde
partiellement cohérente sont complexes et déterminées par l’interaction de structures co-
hérentes (ondes de choc dispersives, solitons noirs ou gris) et de radiations linéaires.
Dans les études réalisées jusqu’à présent, nous avons travaillé avec une source partiellement
cohérente possédant un spectre étroit (14 GHz). L’expérience a en effet été dimension-
née de façon à ce que les fluctuations rapides d’intensité de l’onde partiellement cohérente
soient observables avec un système de photodétection rapide. Cependant, nous avons mon-

15. 〈P (t)〉 = 1 car normalisé par rapport à la valeur moyenne
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Figure 2.21 – Fluctuations d’intensité du champ à différentes distances de propagation.
Condition initiale partiellement cohérente en rouge.

tré que nous avons atteint nos limites. Dans le troisième chapitre, nous avons développé
un dispositif original d’échantillonnage optique. Il permet, entre autre, d’échantillonner
les fluctuations temporelles associées à un spectre optique d’une centaine de GHz de large.

2.2.3 Cas du spectre large (expériences et simulations numé-
riques)

Nous avons montré dans les sections précédentes les résultats concernant la propaga-
tion d’une onde partiellement cohérente en régime de dispersion normale de la turbulence
intégrable. L’état stationnaire statistique est caractérisé par une distribution de proba-
bilité à queue légère. Cette étude a été réalisée grâce à la conception d’une source par-
tiellement cohérente possédant un spectre optique d’une largeur (14 GHz) inférieure à la
bande passante de notre système de détection (36 GHz). Nous réalisons ici la même expé-
rience où la propagation de l’onde partiellement cohérente se fait en dispersion normale.
Cependant, nous utilisons la méthode d’échantillonnage optique que nous présentons dans
le troisième chapitre. Comme nous le verrons, elle permet de mesurer les distributions de
probabilité d’un spectre optique d’une largeur à mi-hauteur supérieure à 100 GHz grâce
à un échantillonnage optique des fluctuations rapides d’intensité.

Le principe de l’expérience est le suivant : un rayonnement partiellement cohérent issu
d’un laser Ytterbium non filtré est injecté dans une fibre optique monomode à maintien
de polarisation à une puissance de 4 W. Le spectre optique de la source partiellement
cohérente possède une largeur à mi-hauteur de 160 GHz. La propagation s’effectue sur
une distance de 100 m.

La simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension
dans les paramètres de l’expérience a permis de tracer l’évolution des hamiltoniens sur la
figure 2.22(a). Le trait vert représente la distance de 100 m correspondant à l’expérience.
On constate que nous sommes à la fin du régime transitoire et nous entrons peu à peu
dans le régime stationnaire statistique.

La figure 2.22(b) représente la superposition de la distribution de probabilité expéri-
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mentale en trait plein à la simulation numérique en pointillée pour une distance de 100 m.
En z = 0 (courbe rouge) la statistique de l’onde partiellement cohérente est gaussienne.
On constate que suite à la propagation (courbe bleu), la distribution de probabilité est à
queue légère. De plus, la simulation numérique reproduit quantitativement les résultats
expérimentaux.
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Figure 2.22 – Expériences et simulations numériques en régime de dispersion normale de
la turbulence intégrable à partir d’une onde partiellement cohérente spectralement large
(160 GHz). Les paramètres sont les suivants : γ = 6 W−1km−1, β2 = 20 ps2km−1 et P0 = 4
W.

Dans cette étude et grâce à notre méthode d’échantillonnage optique, nous avons
réalisé une expérience en dispersion normale à partir d’une onde partiellement cohérente
spectralement large. Nous avons confirmé les résultats obtenus jusqu’à présent concernant
la déviation de la statistique gaussienne de la distribution de probabilité après propaga-
tion. L’évolution des hamiltoniens montre que nous avons exploré expérimentalement
l’état statistique du système d’onde correspondant à la fin du régime transitoire. L’état
stationnaire statistique est atteint avec ces paramètres à environ 500 m.

2.3 Intermittence en turbulence intégrable
Dans la section précédente, nous avons étudié la propagation d’une onde partielle-

ment cohérente en régime de dispersion normale de la turbulence intégrable. Le résultat
principal est que l’état stationnaire statistique est caractérisé par une distribution de
probabilité à queue légère. Dans cette seconde partie, nous allons nous intéresser au phé-
nomène d’intermittence qui est caractéristique du phénomène de turbulence au sens usuel
[Kuznetsov et al. 91, Frisch 95, Newell et al. 01, Nazarenko 11]. Dans un premier temps,
nous verrons à quoi correspond ce phénomène. Puis, nous montrerons son existence dans
nos expériences et simulations numériques en turbulence intégrable.
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2.3.1 Définitions et exemples
Les fonctions de densité de probabilité que nous avons calculées jusque maintenant,

que ce soit pour la condition initiale ou après propagation, prennent en compte toutes
les échelles temporelles de fluctuations, c’est-à-dire, toutes les composantes spectrales
de l’onde partiellement cohérente dans l’espace de Fourier. Cependant, il est possible
que la statistique soit différente en fonction de l’échelle sous laquelle on la regarde.
En particulier, lorsque les fluctuations de grandes échelles présentent une statistique
gaussienne tandis que les fluctuations de petites échelles présentent une statistique non
gaussienne, on parle en turbulence du phénomène d’intermittence. Le phénomène d’in-
termittence recouvre différents champs conceptuels. On peut par exemple citer le phé-
nomène d’intermittence dans le langage des singularités et du formalisme multifractal
[Paladin et Vulpiani 87, Halsey et al. 86] ou encore l’intermittence spatio-temporelle ca-
ractérisant la coexistence dans un système spatialement étendu de deux états locaux, l’un
laminaire et l’autre chaotique [Pomeau 86, Chaté et Daviaud 91].

Dans nos travaux concernant l’intermittence, nous utilisons la définition donnée par U.
Frisch. Considérons un signal stochastique filtré par un filtre passe-haut idéal de fréquence
de coupure Ω. Le signal transmis f>Ω (t) par le filtre s’écrit [Frisch 95] :

f(t) =
∫
dωeiωtfω (2.12)

f>Ω (t) =
∫
|ω|>Ω

dωeiωtfω (2.13)

On peut dire que le signal f(t) est intermittent si la statistique du champ f>Ω (t) dévie
de plus en plus de la statistique gaussienne lorsque la fréquence de coupure Ω du filtre
augmente.

Afin d’illustrer le phénomène d’intermittence, nous proposons de prendre un exemple.
Nous considérons un champ partiellement cohérent de statistique gaussienne obtenu en
utilisant le modèle des phases aléatoires. Nous avons tracé sur la figure 2.23(a) la partie
réelle du champ partiellement cohérent et nous nous intéressons au filtrage par un filtre
passe-haut.

Dans un premier temps, nous étudions le cas de l’onde partiellement cohérente. Si Ω =
0 (figure 2.23(a)), tous les modes du spectre se superposent avec des phases aléatoires. On
obtient alors une statistique gaussienne, représentée en insert de la figure 2.23(a). Ensuite,
on change la fréquence de coupure de manière à ce qu’elle soit supérieure à zéro Ω > 0
(figure 2.23(b)). La dynamique du champ partiellement cohérent est modifiée et présente
des fluctuations rapides. Cependant, la statistique calculée à partir de ces fluctuations
(insert de la figure 2.23(b)) reste gaussienne car tous les modes sont indépendants. On
remarque donc que la statistique du champ partiellement cohérent est identique à toutes
les échelles.

On considère maintenant le signal intermittent représenté sur la figure 2.24(a). On ap-
plique le filtrage lorsque la fréquence de coupure du filtre passe-haut est égale à zéro.
On obtient une statistique gaussienne. Au contraire, si maintenant Ω > 0, le signal
contient non seulement de nouvelles échelles temporelles rapides mais on peut observer
des structures de grandes amplitudes modifiant profondément la dynamique du champ
(figure 2.24(b)). La distribution de probabilité est donc modifiée et devient fortement non
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Figure 2.23 – Filtrage par un filtre passe-haut d’une onde partiellement cohérente.

gaussienne à l’image de l’insert de la figure 2.24(b). Ce comportement traduit la présence
d’intermittence dans le champ partiellement cohérent.
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Figure 2.24 – Exemple du comportement d’intermittence d’une onde partiellement co-
hérente.

Afin de quantifier ce changement de statistique aux différentes échelles, on peut calculer
à la manière de U. Frisch le kurtosis du signal filtré, défini par la formule suivante :

F (Ω) = 〈f>Ω (t)4〉
〈f>Ω (t)2〉2

(2.14)

Il correspond au rapport entre le moment d’ordre 4 du signal filtré et sa variance au carré.
C’est un paramètre de forme qui permet de donner une indication sur l’applatissement de
la distribution. Il est calculé sur la partie réelle du champ. Selon la définition de Pearson
[Pearson 29], dans le cas d’une statistique gaussienne le kurtosis vaut 3 et tout écart à
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cette statistique se traduit par une valeur différente de F (Ω). Sachant que ce paramètre
est très sensible à la forme de la distribution, on comprend pourquoi il donne une bonne
indication de la statistique 16. Ainsi, le signal f(t) est intermittent aux petites échelles si
le kurtosis F (Ω) augmente avec la fréquence du filtre Ω.

Afin d’illustrer nos propos, nous allons donner deux exemples de systèmes physiques
dans lesquels le phénomène d’intermittence a été observé.

Intermittence en turbulence d’onde Le phénomène d’intermittence a été observé
par Falcon et al. en 2007 dans une expérience de turbulence d’onde [Falcon et al. 07]. Le
principe de l’expérience consiste à mettre en mouvement de manière aléatoire la surface
d’un liquide, du mercure, à l’aide d’un agitateur mécanique. Par ailleurs, l’agitateur est
piloté électroniquement, et produit un forçage aléatoire de la surface du fluide sur un
intervalle de fréquence compris entre 0 et 6 Hz. Des capteurs mesurent les variations de
la hauteur de mercure en un point de la cuve, loin de l’agitateur. Nous avons reproduit
l’exemple donné dans l’article sur la figure 2.25(a). On peut observer sur cette fenêtre de
10 s que les amplitudes les plus grandes sont positives, alors que les creux ont une pro-
fondeur moins importante. En turbulence d’onde, la distribution de probabilité de l’onde

(a) Variation de la hauteur de mercure mesurée à
une position donnée de la cuve pour une fréquence
de forçage.

(b) Statistique global de l’onde

Figure 2.25 – Signal enregistré et statistique correspondante normalisée par rapport à
l’écart type ση

dévie relativement peu de la statistique gaussienne (représentée sur la figure 2.25(b)).
La distribution de probabilité devient asymétrique, caractérisée par une probabilité de
présence des évènements de grandes amplitudes supérieure celle des amplitudes négatives
(creux profonds).

La deuxième partie de leur travail concerne la mise en évidence du phénomène d’in-
termittence. Les auteurs n’utilisent pas la fonction fΩ mais le calcul de la fonction de

16. NB : il est important de ne pas le confondre avec le paramètre de forme calculé à partir du moment
d’ordre 3. Dans ce cas, il permet de caractériser l’asymétrie de la distribution.
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densité de probabilité à partir de la dérivée seconde du signal enregistré. Ce procédé est
associé à l’utilisation de filtres. La méthode consiste à dériver le signal enregistré à partir
des variations de hauteur de l’onde η (formule 2.15).

∆η(τ) = η(t+ τ)− 2η(t) + η(t− τ) (2.15)

La variation du paramètre τ permet d’étudier le signal à différentes échelles. Puis, ils
calculent la distribution de probabilité à partir de ∆η(τ). La figure 2.26 représente la
fonction de densité de probabilité de l’onde à différentes échelles pour différentes valeurs
du paramètre τ .

Figure 2.26 – Statistique pour différentes valeurs de τ dans la formule 2.15. Illustration
provenant de l’article de [Falcon et al. 07] sur laquelle nous avons ajouté, artificiellement,
les points rouge et vert.

Lorsque τ est grand, cela revient à étudier la statistique sur toutes les échelles de
fluctuations. Ainsi, la distribution de probabilité est proche de la statistique gaussienne
(courbe+points verts figure 2.26). Puis, plus on diminue τ , plus on s’intéresse à la distribu-
tion de probabilité aux petites échelles temporelles. Dans ce cas, Falcon et al. ont montré
que la statistique est fortement non gaussienne (courbe+points rouges figure 2.26).

Les résultats du travail présenté par Falcon et al. se placent dans le contexte de la
turbulence d’onde. Les auteurs montrent d’une part que la statistique de la variation de
hauteur des vagues à la surface du fluide est non gaussienne. Puis, ils mettent en avant la
présence d’intermittence caractérisée par un changement de la statistique aux différentes
échelles temporelles contenues dans le signal.

Intermittence spatio-temporelle dans l’expérience de Faraday L’instabilité de
Faraday concerne l’étude du comportement de la surface d’un fluide soumis à une accéléra-
tion périodique et verticale. Elle se trouve à l’origine de différents effets physiques comme
par exemple, la formation de structures spatiales diverses (carrés [Douady et Fauve 88],
hexagones [Kudrolli et Gollub 96]), le chaos spatio-temporel [Gluckman et al. 93]
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[Meron et Procaccia 86] ou encore la dynamique des défauts [Ezersky et al. 95]. Dans le
travail réalisé par Bosh et al., le phénomène d’intermittence a été observé dans l’expérience
de Faraday [Bosch et Water 93]. Nous allons maintenant mettre en avant les principaux
résultats obtenus dans cette étude.

Le principe de l’expérience consiste à mettre en mouvement la surface d’un fluide par
une oscillation périodique verticale du récipient. Dans ce travail, le récipient est un cy-
lindre de 130 mm de diamètre sous lequel sont répartis plusieurs oscillateurs. Les deux
paramètres de contrôle sont l’amplitude (A) et la fréquence de l’oscillation. Pour une fré-
quence donnée, le fluide suit uniformément la modulation appliquée jusqu’à une amplitude
critique. A partir de l’amplitude critique Ac, une structure spatio-temporelle apparaît à
la surface du fluide. Dans le régime d’étude du travail de Bosh et al., les auteurs aug-
mentent l’amplitude jusqu’à obtenir un état chaotique de la surface du fluide pour une
valeur particulière du paramètre de contrôle ε = (A− Ac)/Ac.

(a) Evolution du kurtosis des fluctua-
tions instantanées du spectre.

(b) Distribution de probabilité glo-
bale de l’onde

Figure 2.27 – Etude statistique et mise en évidence d’intermittence spatio-temporelle de
dans le travail de Bosh et al. [Bosch et Water 93].

Afin d’étudier le comportement intermittent de l’onde, les auteurs tracent le kurtosis
des fluctuations instantanées du spectre (figure 2.27(a)) pour différentes valeurs ε. L’état
désordonné de la surface du fluide correspond à une valeur de ε = 0.25. La construction
de cet état se fait par création et annihilation successives de structures cohérentes par-
ticulières (triangle, carré). On constate qu’il existe des fréquences spatiales (k/k0) pour
lesquelles le kurtosis vaut 3 et d’autres fréquences pour lesquelles il est supérieur à 3.
Ce comportement est une signature de la présence d’intermittence dans l’expérience de
Faraday. De plus, Bosch et al. ont tracé la distribution de probabilité à deux points diffé-
rents (a) et (b) de la figure 2.27(a), représenté sur la figure 2.27(b). Aux petits nombres
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d’ondes, la statistique est gaussienne alors qu’aux grands nombres d’ondes, la statistique
dévie au-dessus de la loi normale.

Nous venons de présenter deux travaux dans lesquels les équations régissant la pro-
pagation des ondes à la surface d’un fluide sont non intégrables. Le résultat principal de
ces études est la mise en évidence du phénomène d’intermittence qui est associé à un
changement de la statistique du champ à différentes échelles. L’objectif de la prochaine
section est de montrer que le phénomène d’intermittence apparaît également en turbulence
intégrable.

2.3.2 Mise en évidence expérimentale
Nous avons étudié dans la section 2.2 la propagation d’une onde partiellement cohé-

rente en régime de dispersion normale de la turbulence intégrable. Nous savons qu’il existe
pour ce régime de dispersion un état stationnaire statistique caractérisé par une fonction
de densité de probabilité à queue légère. De plus, dans la section précédente, nous avons
montré que le phénomène d’intermittence se traduit en turbulence par un comportement
statistique différent selon les échelles d’observation des fluctuations aléatoires. Nous allons
maintenant montrer que le phénomène d’intermittence apparaît en turbulence intégrable.

2.3.2.1 Dispositif expérimental

Nous avons complété le dispositif expérimental de la figure 2.10 dans l’objectif de
séparer les échelles lentes des échelles rapides dans les fluctuations de l’onde partiellement
cohérente. Le dispositif additionnel est représenté par l’encadré noir sur la figure 2.28(a).
Le système de filtrage est constitué d’un ensemble de miroirs de Bragg dont le principe
de fonctionnement est similaire à celui exposé dans la section 2.2.1.1. L’objectif est de
filtrer le spectre large après propagation (30 GHz) grâce à un réseau de Bragg à saut de
phase dont la largeur à mi-hauteur est de 6 GHz. Puis, en ajustant la fréquence centrale
du réseau de Bragg des basses aux hautes fréquences, il est possible de filtrer à différentes
échelles (figure 2.28(b)). Cette opération d’ajustement de la longueur d’onde centrale du
miroir de Bragg est effectuée en étirant mécaniquement le miroir de Bragg.

Dans ce travail, nous utilisons un filtre passe bande plutôt qu’un filtre passe haut.
Comme nous le verrons dans le paragraphe 2.3.3, ceci n’a aucune incidence qualitatitive
sur les résultats obtenus. Suite au filtrage, nous effectuons une acquisition du signal tempo-
rel à l’aide d’un système de photodétection rapide. Puis, à partir des données enregistrées,
nous calculons la fonction de densité de probabilité. L’objectif est d’étudier le comporte-
ment statistique de l’onde partiellement cohérente suite au filtrage dans différentes régions
spectrales.

2.3.2.2 Dynamique et statistique du signal intermittent

La figure 2.29 présente les résultats obtenus suite au filtrage dans le spectre optique
présenté sur la figure 2.28(b). Lorsque le filtrage est effectué au centre du spectre (fi-
gure 2.29(a)), c’est-à-dire que l’on garde les composantes spectrales de basses fréquences,
c’est la statistique sur les grandes échelles temporelles qui est examinée. La statistique du
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Figure 2.28 – Expérience d’intermittence en turbulence intégrable.

champ associée à ces fluctuations est gaussienne (distribution de probabilité exponentiel-
lement décroissante en vert sur la figure 2.29(d)). Ensuite, si on place la longueur d’onde
centrale du réseau de Bragg dans les ailes (voir figures 2.29(b) et 2.29(c)) alors des échelles
temporelles rapides et des évènements de grandes amplitudes apparaissent dans le signal.
Le résultat est une déformation de la statistique de l’intensité du champ qui montre une
distribution de probabilité à queue lourde (courbes orange et noir sur la figure 2.29(d)).

La statistique calculée sur l’ensemble des échelles temporelles de fluctuations suit une
distribution de probabilité à queue légère. Cependant, lorsqu’un processus de filtrage
isole la partie centrale du spectre, la distribution de probabilité est exponentielle. De
plus, lorsque ce même dispositif est placé dans les ailes du spectre, la statistique suit une
distribution de probabilité à queue lourde. L’origine de l’ensemble des comportements
statistiques provient des corrélations entre les modes du spectre optique apparaissant au
cours de la propagation non linéaire de l’onde dans la fibre. Nous avons vu que l’effet Kerr
par l’intermédiaire du mélange à quatre ondes est responsable de l’élargissement du spectre
optique. Par contre, il est difficile d’évaluer à quel ordre la corrélation s’effectue entre les
modes. On peut supposer que les phases des modes situés au centre du spectre, à basse fré-
quence, sont moins pertubées par le mélange à quatre ondes que ceux à hautes fréquences.
De ce fait, ils sont faiblement corrélés et la statistique correspondante est gaussienne. Par
alleurs, il est intéressant de remarquer que la distribution de probabilité calculée sur l’en-
semble des fluctuations temporelles d’intensité est à queue légère alors qu’aux différentes
échelles la distribution de probabilité est à queue lourde. De plus, suite au filtrage aux pe-
tites échelles temporelles, on peut observer la présence de structures de grandes amplitudes
pouvant être qualifiées d’évènements extrêmes. Ce genre de comportement statistique a
déjà été observé dans les lasers Raman à fibres [Churkin et al. 11, Randoux et Suret 12].
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Figure 2.29 – Intensités du champ (a), (b), (c) suite à un filtrage optique à différentes
fréquences et distribution de probabilité associées (d). Filtrage au centre (vert), sur le
front descendant (orange) et dans les ailes (noir) du spectre. Les enregistrements sont
effectués indépendemment les uns des autres.

Dans l’étude présentée dans la référence [Randoux et Suret 12], les auteurs ont filtré le
spectre de l’onde Stokes dans un laser Raman à fibre à différentes échelles. Ils ont ainsi
démontré l’apparition d’un phénomène d’intermittence dans un système différent car dis-
sipatif et non intégrable. Enfin, nous pouvons remarquer que l’étude statistique réalisée
par Solli et al. correspond en réalité à l’observation d’un phénomène d’intermittence dans
le supercontinuum [Solli et al. 07].

Nous avons montré que notre onde partiellement cohérente possède un comportement
statistique différent en fonction des échelles temporelles étudiées. Lorsque tous les modes
de Fourier sont pris en compte, la distribution de probabilité est à queue légère. Ce-
pendant, si on effectue un filtrage aux basses fréquences, on obtient une distribution de
probabilité exponentielle. Le filtrage dans les ailes du spectre optique présente, quant à lui,
une distribution de probabilité à queue lourde mettant en avant l’apparition d’évènements
extrêmes. Les expériences d’optique que nous avons présentées sont les premières à mettre
en évidence le phénomène d’intermittence dans une situation de turbulence intégrable.
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2.3.2.3 Filtrage spectral de la source partiellement cohérente

Nous avons montré l’apparition du phénomène d’intermittence en turbulence inté-
grable. Celui-ci se caractérise par une statistique dont la nature évolue selon les échelles
temporelles d’observations. Suite à la propagation non linéaire dans la fibre optique, la
statistique de l’onde partiellement cohérente est différente en fonction des échelles considé-
rées. Dans ce paragraphe, nous proposons de vérifier si ce comportement d’intermittence
n’est pas déjà présent dans notre source partiellement cohérente.
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Figure 2.30 – Filtrage du spectre optique de l’onde partiellement cohérente avant pro-
pagation dans la fibre, au centre (vert) et dans les ailes (noir).

Nous avons légèrement modifié notre dispositif expérimental afin de pouvoir filtrer
le spectre de l’onde partiellement cohérente avant la propagation. La largeur spectrale
est comme précédemment de 14 GHz comme on peut le voir sur la courbe rouge de la
figure 2.30(a). Nous venons filtrer avec un filtre passe bande de 6 GHz au centre du spectre
et dans ses ailes (courbe verte et noire sur la figure 2.30(a)).

La figure 2.30(b) présente le résultat en terme de fonctions de densité de probabilité.
On peut constater que la distribution de probabilité suit la loi normale aussi bien suite
à un filtrage à basses fréquences qu’à hautes fréquences. L’origine du changement de
statistique aux différentes échelles temporelles dans le signal après propagation ne provient
donc pas de la condition initiale. Par conséquent, l’expérience que nous avons réalisée
permet de montrer que le phénomène d’intermittence apparaît effectivement au cours de
la propagation non linéaire dans la fibre.

2.3.3 Simulations numériques et discussions
Dans la section 2.3.2, nous avons mis en évidence le phénomène d’intermittence en

turbulence intégrable. La propagation dans la fibre optique était de 1, 5 km, ce qui corres-
pond à une situation dans laquelle les hamiltoniens linéaire et non-linéaire ne possédaient
pas une valeur constante (section 2.2.2.1). Nous allons maintenant nous intéresser à l’état
stationnaire statistique. Nous reprenons les résultats issus de la simulation numérique de
la section 2.2.2.2, pour une distance de 20 km. Nous rappelons qu’à partir de cette dis-
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tance la distribution de probabilité a atteint une forme asymptotique caractérisée par une
distribution à queue légère (voir figure 2.18(b)).

Dans un premier temps, nous allons modéliser le filtrage effectué dans le cas de l’ex-
périence. Cela consiste à multiplier la transformée de Fourier du champ partiellement
cohérent par une fonction de filtrage. Cette opération est décrite par la formule 2.16 qui
représente le champ filtré.

ψ(z = L, t) = 1
2π

∫ +∞

−∞
ψ̃(z = L, ν)f̃p(ν)e−i2πνtdν (2.16)

Dans un premier temps, nous utilisons un filtre idéal, passe bande, tel qu’il est défini
par la formule 2.17.

fp(ν) =
{

1 ν0 −∆ν 6 ν 6 ν0 + ∆ν
0 ailleurs

(2.17)

où ν0 représente la fréquence centrale du dispositif de filtrage et ∆ν = 6 GHz la largeur
à mi-hauteur de la fonction. On peut constater qu’il est facile de déplacer le filtre pour
balayer l’ensemble du spectre, ceci, en ajustant la longueur d’onde centrale ν0. Nous
avons représenté sur la figure 2.31(a) le filtrage du spectre en son centre (en vert), à la
fréquence de 24 GHz (en orange) et dans les ailes à environ 103 GHz (en noir). Puis, sur
la figure 2.31(b), nous avons tracé les fonctions de densité de probabilité calculées par la
formule 2.16.
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Figure 2.31 – Exemple de filtrage à différentes fréquences par la fonction 2.17 et fonctions
de densité de probabilité (PDF) associées.

On peut constater à travers ces figures que les comportements observés dans l’expé-
rience sont qualitativement bien décrits par la simulation numérique. De plus, l’inter-
mittence existe en régime stationnaire statistique. Suite à un filtrage à basses fréquences
la statistique du champ est gaussienne. A contrario, la statistique est non gaussienne, à
queue lourde sur la puissance, suite aux filtrages à hautes fréquences.
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Nous allons maintenant nous intéresser à la forme de la fonction de transmission du
filtre et étudier son impact sur la distribution de probabilité. Nous utilisons maintenant la
définition de U. Frisch concernant l’intermittence. Nous allons appliquer un filtre passe-
haut (formule 2.18) de fréquence de coupure νc sur le spectre optique.

fHp(ν) =
{

0 ν0 − νc 6 ν 6 ν0 + νc
1 ailleurs

(2.18)

Nous tenons à faire remarquer que dans le cas du filtre passe-haut, nous ne dépla-
çons pas la fréquence centrale ν0. Dans ce cas, nous changeons la fréquence de coupure
νc. Ce traitement équivaut à changer la largeur du filtre comme on peut le voir sur la
figure 2.32(a).
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Figure 2.32 – (a) Exemple de filtrage à différentes fréquences dans le cas du filtre passe-
haut. (b) Fonctions de densité de probabilité correspondantes (PDF).

La figure 2.32(b) présente les distributions de probabilité obtenues. Le résultat est
quelque peu différent. En effet, lorsque la largeur du filtre tend vers zéro, cela revient à
considérer la statistique sur l’ensemble des fluctuations temporelles. Nous obtenons ainsi,
en rouge, une distribution de probabilité à queue légère. Par contre, plus la largeur du
filtre augmente, plus nous étudions la statistique sur de petites échelles temporelles. Nous
obtenons ainsi une distribution à queue lourde comme on peut le constater en orange sur
la figure 2.32(b). De plus, nous avons cherché à quantifier l’évolution de la statistique
comme dans le cas de l’étude de Frisch en calculant le kurtosis de formule suivante :

κ = 〈R(t)4〉
〈R(t)2〉2

(2.19)

R(t) = <e[ψ(z = L, t)] représente la partie réelle du champ. Comme nous l’avons expliqué
précédemment, la valeur du kurtosis dépend de la statistique du champ. Ainsi, une sta-
tistique gaussienne aura un kurtosis de 3. L’objectif est de regarder l’écart à la statistique
gaussienne suite à un filtrage progressif du centre aux ailes du spectre.



2.3. Intermittence en turbulence intégrable 107

Nos avons représenté sur la figure 2.33 l’évolution du kurtosis pour les deux types de
filtrages : fonction porte en vert et filtre passe-haut en noir. De plus, le kurtosis est calculé
pour le filtrage de la condition initiale en rouge. On peut constater que le kurtosis est
constant et égal à 3, signe d’une statistique gaussienne à toutes les échelles. Cependant,
l’évolution de ce dernier n’est pas la même en fonction du type de filtrage. Certes, la valeur
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Figure 2.33 – Evolution du kurtosis en fonction de la fréquence. Calcul effectué pour
la condition initial en rouge, puis, pour un filtrage du spectre de l’onde partiellement
cohérente après propagation par un filtre passe-bande en vert, et un filtre passe-haut en
noir.

du kurtosis augmente mais la croissance en fonction de la fréquence est différente. Dans le
cas du filtre passe bande, la largeur est fixée. On ne pourra donc pas observer des échelles
temporelles inférieures à celle définie par la fréquence de coupure du filtre. A l’opposé,
dans le cas du filtre passe haut, on modifie progressivement la largeur du filtre. Donc
les échelles évoluent. Néanmmoins, dans les deux cas, nous sommes en train d’étudier
la statistique à différentes échelles. Le calcul du kurtosis, comme il a été défini par U.
Frisch, permet de mettre en avant le changement de statistique, qui devient de plus en
plus non gaussienne. Cet aspect met en avant comme nous l’avons expliqué précédemment
l’apparition d’évènements extrêmes dans les fluctuations d’intensité du champ filtré.

En conclusion, cette étude permet de mettre en évidence la présence du phénomène
d’intermittence dans un système décrit par l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension, c’est-à-dire en turbulence intégrable. Il est caractérisé par une statistique gaus-
sienne suite à un filtrage au centre du spectre et non gaussienne à hautes fréquences. De
plus, l’émergence d’une distribution de probabilité à queue lourde aux petites échelles
montre que les composantes spectrales de hautes fréquences possèdent une information
importante sur la statistique globale de l’onde qui ne peut être négligée. Par contre, cela
ne met pas du tout en avant l’émergence d’ondes scélérates, phénomène bien particulier
que nous discuterons en détails dans le troisième chapitre.
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2.4 Conclusions
Nous avons réalisé une expérience d’optique permettant d’étudier la propagation d’une

onde partiellement cohérente dans une fibre optique monomode en régime de disper-
sion normale. Afin de détecter les fluctuations rapides de l’onde aléatoire, nous avons
tout d’abord réalisé une source partiellement cohérente spectralement étroite. Nous avons
montré que la statistique de notre source est gaussienne et ce pour différentes largeurs
spectrales. Suite à la propagation non linéaire dans le régime de dispersion normale, le
spectre optique s’élargit sous l’effet du mélange à quatre ondes. La distribution de pro-
babilité des fluctuations d’intensité dévie, aux grandes amplitudes, sous la distribution
exponentielle et prend la forme d’une distribution de probabilité à queue légère.

La simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension
a permis, d’une part, de comparer quantitativement les résultats numériques aux résul-
tats expérimentaux. D’autre part, nous avons montré qu’il existe en régime de dispersion
normale un nouvel état stationnaire statistique. Dans cet état stationnaire statistique, le
spectre optique cesse de s’élargir et la distribution de probabilité tend vers une forme
asymptotique à queue légère (fortement non gaussienne). Nous avons montré que les
fluctuations temporelles associées sont complexes et révèlent l’existence de structures co-
hérentes particulières telles que des ondes de chocs dispersives ou encore des solitons
noirs.

Dans la dernière partie de ce chapitre, nous avons mis au point une technique de
filtrage optique permettant de séparer les fluctuations lentes des fluctuations rapides de
l’onde partiellement cohérente. Nous avons montré expérimentalement que la distribution
de probabilité des échelles de temps lentes est exponentielle alors que les échelles de temps
rapides possède une distribution de probabilité à queue lourde. Ce comportement met en
évidence la présence d’un phénomène d’intermittence. Ces résultats sont appuyés par des
simulations numériques dans lesquelles le rôle du filtrage a été étudié et montre que le
phénomène d’intermittence apparaît quelque soit la forme du filtre.

Sur le plan statistique, nos expériences sont quantitativement décrites par les simu-
lations numériques de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. Donc les
résultats présentés dans ce chapitre contribuent à l’étude de la turbulence intégrable.



Troisième chapitre





Chapitre 3

Turbulence intégrable en régime de
dispersion anormale

3.1 Introduction
L’étude expérimentale et numérique du chapitre précédent a mis en évidence l’existence

d’un état stationnaire statistique dans le régime de dispersion normale de la turbulence
intégrable. Dans cet état statistique, la distribution de probabilité de l’onde partiellement
cohérente est à queue légère. La statistique des fluctuations d’intensité est alors sans doute
reliée de façon non triviale à l’interaction de structures cohérentes telles que des solitons
noirs ou gris. Dans le régime de dispersion anormale, on peut s’attendre à l’émergence de
structures telles que des solitons brillants ou des breathers d’Akhmediev. La formation
de ces structures permet sans doute d’augmenter la probabilité d’apparition des “grands
évènements”. Dans le premier chapitre (section 1.2.1.3), nous avons vu qu’Onorato et
al. décrivent l’émergence de structures de grandes amplitudes appelées ondes scélérates
[Onorato et al. 04]. Ces structures sont observées en hydrodynamique dans un canal à une
dimension et sont associées à la déviation de la distribution de Rayleigh de la hauteur des
vagues.

Par analogie avec l’hydrodynamique, le régime de dispersion anormale de la turbulence
intégrable semble être un cadre favorable à l’étude des ondes scélérates [Chabchoub et al. 15].
Des travaux se sont principalement attachés à utiliser comme condition initiale une onde
plane bruitée [Dudley et al. 14, Toenger et al. 15]. L’intérêt de ces travaux est d’étudier le
rôle de l’instabilité de modulation dans la formation des ondes scélérates et d’identifier des
structures permettant de les caractériser [Akhmediev et al. 09b, Akhmediev et al. 09a,
Akhmediev et al. 09c].

Dans ce chapitre, nous nous plaçons dans le régime de dispersion anormale de la tur-
bulence intégrable. Nous utilisons une condition initiale du type onde partiellement co-
hérente. Cette approche nous permet de réaliser une expérience d’optique comparable aux
expériences d’hydrodynamique effectuées dans un canal à une dimension [Onorato et al. 04]
et d’étudier la formation d’ondes scélérates en optique. Ces structures particulières de
grandes amplitudes sont difficilement observables car nous sommes rapidement contraints
par la bande passante des systèmes de détection (chapitre 2). Pour cette raison, nous
avons développé une méthode de détection originale nous permettant d’atteindre une
bande passante de l’ordre du THz.

111
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Ce chapitre s’organise de la façon suivante : tout d’abord, nous aborderons la méthode
de détection utilisée, ses limites et les premières mesures effectuées sur la statistique d’une
source partiellement cohérente. Puis, nous étudierons la propagation de cette onde aléa-
toire à la fois numériquement et expérimentalement. Enfin, nous discuterons des résultats
ainsi que du phénomène d’intermittence en dispersion anormale.

3.2 Mesure de la statistique des ondes partiellement
cohérentes

3.2.1 Problèmes de détection
Dans le premier chapitre, nous avons discuté du travail pionnier de Solli et al. Dans

cet article, les auteurs s’intéressent aux propriétés statistiques du supercontinuum. Pour
effectuer l’étude statistique, ils utilisent la technique de transformée de Fourier dispersive à
étirage temporel. Cette méthode est inspirée de celle utilisée par Han et al. [Han et al. 05].
L’onde étirée temporellement peut alors être détectée à l’aide d’un dispositif de photo-
détection standard.

Dans le deuxième chapitre, nous avons été confrontés aux problèmes concernant la dé-
tection rapide des fluctuations d’intensité d’une onde partiellement cohérente. Nous avons
conçu une source particulière dont la largeur spectrale est comprise dans la bande pas-
sante du système de photo-détection rapide (36 GHz). Cependant, nous avons rapidement
atteint les limites de la détection notamment après propagation dans la fibre optique.

Dans ce chapitre, nous travaillons en régime de dispersion anormale. Un des effets
bien connu de ce régime de dispersion est l’instabilité de modulation. Elle se caractérise
par l’émergence de deux bandes spectrales symétriques autour de la fréquence centrale de
l’onde injectée dans la fibre [Agrawal 13]. La présence d’instabilité de modulation parti-
cipe notamment à l’élargissement du spectre optique qui est, dans ce cas, beaucoup plus
important qu’en régime de dispersion normale. La détection des fluctuations d’intensité
nécessite alors une bande passante beaucoup plus importante. Ceci explique en partie
pourquoi il existe peu d’études expérimentales en régime de dispersion anormale à partir
d’une condition initiale partiellement cohérente.

La caractérisation d’impulsions courtes est très importante notamment dans le do-
maine des télécommunications [Agrawal 13]. Parmi les techniques les plus connnues, on
peut citer la méthode d’autocorrélation en intensité [Dorrer et Joffre 01], le FROG (Frequency-
Resolved Optical Gating) [Barry et al. 96, Trebino et al. 97, Dorrer et Joffre 01], la tech-
nique interférométrique SPIDER (Spectral Phase Interferometry for Direct Electric-field
Reconctruction) [Iaconis et Walmsley 98, Stibenz et Steinmeyer 06, Dorrer et Joffre 01],
ou encore les oscilloscopes à échantillonnage optique. Ces techniques sont notamment
utilisées dans la caractérisation d’impulsions ultra-courtes de type femto-seconde et se
servent de signaux périodiques afin d’échantillonner les impulsions dont elles font l’étude.

Nous avons choisi d’adapter une méthode d’échantillonnage optique pour la détection
de notre onde partiellement cohérente. Notre étude se limite ici à la mesure de la statis-
tique des fluctuations de puissance. Le principe général est l’interaction entre le signal à
étudier et un signal impulsionnel dans un milieu non linéaire. A chaque fois qu’une impul-
sion croise une partie du signal partiellement cohérent, l’interaction non linéaire produit
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un signal impulsionnel dont l’amplitude sera proportionnelle à celle du signal partielle-
ment cohérent. Il existe différentes techniques dans différents milieux non linéaires. Dans
les amplificateurs optiques à semi-conducteurs, le signal est échantillonné en utilisant le
mélange à quatre ondes [Jinno et al. 94]. Dans les fibres optiques, le principe est de ti-
rer parti de l’effet Kerr et d’utiliser des phénomènes tels que la modulation de phase
croisée [Li et al. 04], l’amplification paramétrique [Li et al. 01] ou encore le mélange à
quatre ondes [Andrekson 91]. Enfin, dans les cristaux non linéaires, le principe de l’échan-
tillonnage se base principalement sur les interactions non linéaires d’ordre 2 en utilisant
la génération de seconde harmonique [Boyd et Kleinman 68] ou la somme de fréquence
[Duguay et Hansen 68].

Nous allons expliquer dans la section suivante la méthode d’échantillonnage optique
mise au point durant ma thèse. L’enjeu est de pouvoir l’adapter à notre onde partiellement
cohérente qui n’est temporellement pas périodique.

3.2.2 Echantillonage optique
Nous présentons dans cette section les résultats issus de la réalisation d’une expérience

ayant pour but d’étudier la statistique d’une onde partiellement cohérente dont les plus
petites fluctuations temporelles d’intensité ne peuvent être résolues par un système de
photo-détection standard. Dans un premier temps, nous allons expliquer le principe de la
méthode d’échantillonnage optique utilisée. Puis, nous présenterons les premiers résultats
obtenus concernant la statistique d’un laser Ytterbium dont le spectre optique possède
une largeur à mi-hauteur d’environ 300 GHz.

3.2.2.1 Principe

Nous avons choisi d’adapter une méthode d’échantillonnage optique asynchrone avec
pour milieu non linéaire un cristal de susceptibilité non linéaire d’ordre deux (χ(2)). L’in-
teraction non linéaire au sein de ce cristal s’effectue par somme de fréquence entre une
onde que l’on appelle pompe et une onde appelée signal. A la sortie du cristal de BBO,
l’onde que l’on appelle signal échantillonné est détectée par un système de photo-détection
(Figure 3.1). Il est constitué d’une photodiode 1 et d’un oscillocope 2 dont nous discuterons
des caractéristiques dans la section 3.2.2.2.

La figure 3.1 présente l’interaction non linéaire à trois ondes se produisant à l’in-
térieur du cristal de BBO. Le signal échantillonné est un signal impulsionnel (en bleu
sur la figure 3.2(b)). La largeur temporelle de ses impulsions est comparable à celle du
signal impulsionnel de pompe. Par contre, l’amplitude de chacune des impulsions est pro-
portionnelle au signal. Ce type de méthode est souvent utilisé dans les Oscilloscopes à
Echantillonnage Optique mais chaque impulsion de la pompe est alors synchronisée avec
une horloge interne. Dans notre configuration, nous n’avons pas implémenté de processus
permettant d’associer à chaque impulsion un temps d’échantillonnage. C’est pourquoi,
notre méthode d’échantillonnage optique est asynchrone. Par contre, nous sommes ca-
pables de tirer parti de l’information issue de l’amplitude de chaque impulsion. Elle est en

1. Photodiode MenloSystem FPD310-FV
2. Oscilloscope Lecroy WaveRunner 104MXi-A, 1GHz, 10Gs/s
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Figure 3.1 – Principe de la méthode d’échantillonnage optique asynchrone utilisée à
partir d’un processus de somme de fréquences dans un cristal de BBO. Le signal est
une onde partiellement cohérente. La pompe correspond aux impulsions d’un laser femto-
seconde.

particulier suffisante pour calculer la fonction de densité de probabilité du signal échan-
tillonné. Nous allons maintenant décrire rapidement chacun des éléments de la figure 3.1.

Dans notre configuration, l’onde de pompe sera toujours un laser impulsionnel 3 dont
les impulsions sont générées par la méthode de synchronisation de modes (“mode locking”)
à partir d’un cristal amplificateur de Saphir-Titane. Il permet de délivrer des impulsions
d’une largeur à mi-hauteur 4 ∆t de 140 fs avec une période τR entre deux impulsions de
12, 5 ns (figure 3.1). A la longueur d’onde de 800 nm, notre laser femto-seconde délivre
une puissance moyenne de 4 W , ce qui correspond à une puissance crête d’environ 360
kW.

Le signal correspond à l’onde que nous souhaitons étudier. Dans notre cas, c’est une
onde partiellement cohérente présentant un spectre centré autour de 1064 nm, et possé-
dant une largeur spectrale à mi-hauteur de l’ordre de la centaine de GHz. Nous verrons
par la suite que cette largeur est limitée par la bande passante de notre méthode (cf.
section 3.2.3).

L’interaction non linéaire entre la source et la pompe se fait dans un cristal de Bêta-
borate de Baryum, de formule chimique β-BaB2O4, plus communément appelé BBO.
C’est un cristal uniaxe négatif [Dmitriev et al. 99] qui est peu sensible au changement
de température, évitant ainsi de perturber l’accord de phase [Chen et al. 87]. Il possède
un seuil de dommage élevé 5 permettant d’obtenir une grande capacité de conversion de
la puissance optique à des longueurs d’onde comprises entre l’ultra-violet et l’infra-rouge
moyen [Chen et al. 87]. Ces caractéristiques en font un cristal très intéressant compte tenu
des puissances disponibles et des longueurs d’onde auxquelles nous travaillons (800−1064

3. Laser femtoseconde Cameleon ultra II fabriqué par Cohérent.
4. Cette valeur est celle anoncée par le constructeur. Elle n’a pas été mesurée.
5. 13.5 ± 2GW/cm2, mesuré avec une impulsion de 1 ns à 1064 nm. De manière à donner un ordre

d’idée, le seuil de dommage du KTP est de 3GW/cm2
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nm).
Dans notre méthode d’échantillonnage optique, nous utilisons le processus de somme

de fréquences afin de générer le signal échantillonné. Une onde de pompe de forte puissance
Pp interagit à l’intérieur du cristal avec une onde signal de très faible puissance Ps. Cette
configuration où Ps << Pp permet de simplifier les équations régissant la propagation
de chacune des ondes. Dans ce cas, le système de trois équations décrivant le processus
de somme de fréquence se ramène à un système de deux équations sur la pompe (Ap)
et sur le signal échantillonné (Ase). On se trouve alors dans une configuration appelée
“up-conversion” [Boyd et Kleinman 68]. En résolvant ce sytème, on peut montrer que la
puissance du signal échantillonné est proportionnelle à la puissance de pompe Pp et à la
puissance du signal Ps, suivant l’équation 3.1 (Annexe B).

Pse ∼ (αL)2 λs
λse

PsPp (3.1)

L’optimisation de l’efficacité de la somme de fréquence est déterminée par la réalisation
de l’accord de phase. Dans notre expérience, le cristal de BBO est taillé pour un ac-
cord de phase de type I 6. Il suffit alors de varier l’angle entre l’axe optique du cristal
et le vecteur d’onde du faisceau incident pour réaliser l’accord de phase. Dans nos ex-
périences, la puissance de l’onde de pompe (impulsionnelle) est suffisante pour générer
une onde à 400 nm par effet non linéaire de génération de seconde harmonique. Dans
le but de détecter le signal échantillonné, il était nécessaire de séparer l’onde de pompe
de sa seconde harmonique du signal échantillonné. Pour cette raison, nous avons privilé-
gié une configuration d’accord de phase non colinéaire. Par ailleurs, nous avons placé un
filtre passe-bande 7 (350 − 770 nm) juste avant le système de détection afin de filtrer les
rayonnements parasites issus de l’interaction à trois ondes.

Notre méthode d’échantillonnage optique se résume de la façon suivante : elle permet
d’échantillonner un signal (onde partiellement cohérente) par interaction non linéaire avec
une onde de pompe impulsionnelle dans un cristal de BBO. Le signal échantillonné créé
est alors détecté à l’aide d’une photodiode. C’est à partir des fluctuations d’amplitude du
signal échantillonné que nous pouvons calculer la fonction de densité de probabilité de la
puissance du signal initial.

3.2.2.2 Mesure de la puissance instantannée du signal échantillonné

Dans la section 3.2.2.1, nous avons abordé les différents éléments constituants notre
dispositif expérimental. La méthode d’échantillonnage optique mise en place nous permet
de calculer les distributions de probabilité à partir de la puissance de chaque impulsion.
Une des difficultés de cette technique est la localisation temporelle précise du maximum
de l’impulsion générée par somme de fréquences.

La figure 3.2(a) représente le signal échantillonné (en bleu) ainsi que le signal de pompe
(en noir). Chacune des impulsions du signal échantillonné possède, à un temps donné, une
amplitude proportionnelle à celle de l’onde partiellement cohérente. Cependant, il existe
certains instants où l’amplitude de l’impulsion est difficilement caractérisable. C’est le
cas par exemple à 2,86 µs (encadré vert de la figure 3.2(a)). Nous avons effectué un

6. Les deux ondes incidentes sur le cristal auront la même polarisation.
7. Filtre Semrock, 770 BrightLine Multiphoton SWP filter, référence : FF01-770/SP-25
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agrandissement de l’encadré vert sur la figure 3.2(b). On constate alors que l’amplitude
de l’impulsion est située dans le bruit de la photodiode.
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Figure 3.2 – Signaux enregistrés à la photodiode. En noir, le signal de pompe à 800
nm. En bleu, le signal échantillonné. (b) Agrandissement sur une fenêtre temporelle plus
courte correspondant à l’encadré vert.

Cet exemple illustre le problème auquel nous avons dû faire face au moment du trai-
tement des signaux échantillonnés. En effet, on comprend qu’il est difficile, dans ce cas,
d’attribuer une valeur pour le maximum de l’impulsion. Nous avons donc mis en place
une procédure que nous allons maintenant détailler.

Un traitement numérique classique, consistant à donner un seuil au-delà duquel on
cherche un maximum local, n’est pas envisageable dans cette situation. En effet, le pre-
mier risque de cette méthode est de prendre en compte plus de valeurs que de maxima
d’impulsions présentes. Par contre, le maximum de chaque impulsion du signal de pompe
(en noir sur la figure 3.2) est facilement détectable. Nous avons donc choisi d’effectuer
simultanément l’acquition du signal de pompe et du signal échantillonné. De plus, nous
synchronisons l’acquisition sur le signal de pompe. L’avantage de cette méthode est illus-
tré sur la figure 3.2(b). Pour chaque valeur de maxima de la pompe, cercle vert sur la
figure 3.2(b), nous notons le temps correspondant. En connaissant ce temps, il est alors
facile de déterminer la valeur du maximum de chacune des impulsions du signal échan-
tillonné (cercle rouge sur la figure 3.2(b)), même pour celles de faibles amplitudes. Sur
la figure 3.2(b), on peut remarquer qu’il subsiste un décalage temporel constant entre
les impulsions de pompe (courbe noire) et les impulsions échantillonnées (courbe bleue).
Ce décalage provient de la propagation de ces ondes dans deux cables coaxiaux de lon-
gueurs différentes reliant l’oscilloscope aux photodiodes (voir dispositif expérimental de la
figure 3.3). Nous avons donc dû prendre en compte ce décalage dans la mesure des maxima
du signal échantillonné. Dans les expériences que nous avons réalisées à partir de notre
méthode d’échantillonnage optique, nous avons effectué 100 acquisitions sur une fenêtre
de 2 ms contenant 20 millions de points ce qui correspond à environ 164000 impulsions
échantillonnées par acquisition. Les distributions de probabilité sont donc calculées sur
un ensemble de 16 millions de points (de maxima).
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Nous souhaitons aborder un dernier point concernant la mesure de la ligne de base de
la photodiode. Nous appelons ligne de base, la valeur de l’offset ou encore le zéro de la
photodiode. La détection du signal échantillonné est effectuée à partir d’une photodiode
amplifiée 8. Comme nous venons d’expliquer, il est important de déterminer de manière
rigoureuse la valeur du maximum de chaque impulsion. La photodiode étant couplée en
mode AC, la valeur de la ligne de base est différente entre chaque impulsion. Nous avons
donc calculé pour chaque période la valeur de la nouvelle ligne de base. Pour cela, nous
avons effectué une moyenne sur un nombre de points constants. Le calcul démarre environ
80 points après la première impulsion et s’arrête 50 points avant la deuxième et ce pour
chaque période. Puis, nous soustrayons la valeur de la ligne de base correspondante à
l’impulsion précédente. De cette manière, nous nous assurons que toutes les impulsions
sont normalisées par rapport à la ligne de base qui leur est propre.

3.2.2.3 Statistique d’un laser à fibre dopée Ytterbium

Dans cette section, nous allons utiliser notre méthode d’échantillonnage optique afin
de mesurer la fonction de densité de probabilité d’une onde partiellement cohérente. Le
dispositif expérimental est représenté sur la figure 3.3.

Figure 3.3 – Montage expérimental utilisé pour l’échantillonnage optique asynchrone
d’une source partiellement cohérente. Laser Yb3+ : laser Ytterbium. Laser Ti :Sa : laser
femto-seconde Saphir-Titane.

Dans notre expérience, la source aléatoire est un laser à fibre dopée Ytterbium (Yb3+).
Il émet un rayonnement partiellement cohérent. La largeur du spectre optique étant de 300
GHz et l’intervalle spectrale de 2 MHz, l’émission laser implique 105 modes longitudinaux.
Par ailleurs, le rayonnement émis est linéairement polarisé et peut atteindre une puissance
maximale de 20 W à une longueur d’onde de 1064 nm (pour plus de détails se reporter

8. MenloSystems FPD310-FV. Détection sur un intervalle spectral compris entre 400 et 1000 nm. Elle
possède un gain de 5.104V/W. Couplage externe type AC sur impédance 50Ω.
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à la section 2.2.1.1). Contrairement à ce qui a été présenté dans le deuxième chapitre,
aucun dispositif de filtrage n’est utilisé ici pour réduire la largeur spectrale du laser.

Le rayonnement émis par le laser Ytterbium interagit à l’intérieur du cristal de BBO
avec notre pompe (laser femto-seconde Ti-Sa) dont la puissance moyenne est de 4 W à
800 nm. L’interaction de la pompe et du signal à l’intérieur du cristal de BBO produit,
par somme de fréquences, le signal échantillonné à une longueur d’onde de 457 nm (en
bleu sur la figure 3.3).

Nous avons choisi d’étudier la statistique du laser Ytterbium à des puissances de 5
W, 10 W et 20 W. La figure 3.4(a) représente les spectres optiques du laser Ytterbium à
ces puissances. La détection a été effectuée avec un analyseur de spectre optique 9 dont la
résolution est de 6 GHz (20 pm à 1064 nm). On peut constater que la largeur spectrale
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Figure 3.4 – Spectres optiques et fonctions de densité de probabilité (PDF) du laser
Ytterbium à 5 W (bleu), 10 W (rouge), 20 W (vert).

augmente avec la puissance. A 5 W, nous avons une largeur à mi-hauteur égale à 0, 18
nm (49, 8 GHz), puis respectivement une largeur de 0, 6 nm (160 GHz) et 1, 14 nm (302
GHz) pour 10 W et 20 W. Les lasers à fibre tels que le laser Ytterbium possèdent une
cavité constituée d’une fibre optique dopée jouant le rôle de milieu amplificateur et dont
les extrémités sont soudées à des miroirs de Bragg. A chaque aller-retour dans la fibre, le
spectre optique subit un élargissement dû au mélange à quatre ondes.

Regardons maintenant les fonctions de densité de probabilité à ces trois puissances.
Elles sont tracées sur la figure 3.4(b) où nous avons superposé en noir la distribution
exponentielle. On peut remarquer qu’à 5 W (bleu) et à 20 W (vert), les distributions de
probabilité sont respectivement au-dessus et en-dessous de la distribution exponentielle
alors qu’à 10 W la statistique du champ semble être gaussienne. Ce comportement signifie
que les corrélations entre les modes dépendent de façon non triviale de la puissance du
laser.

Bednyakova et al. ont mesuré la fonction de densité de probabilité d’un laser Ytter-
bium un peu particulier [Bednyakova et al. 13]. Dans leurs travaux, ils ont conçu un laser
Ytterbium d’une largeur spectrale de 2 GHz de manière à pouvoir détecter les fluctuations

9. Advantest Q8384 Optical Spectrum Analyseur
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temporelles d’intensité sur un oscilloscope dont la bande passante est de 2, 5 GHz. La dis-
tribution de probabilité obtenue est tracée sur deux décades en échelle semi-logarithmique
alors que nous avons environ six décades dans notre expérience. Enfin, les auteurs de cette
étude font remarquer que la distribution de probabilité est en-dessous de l’exponentielle
lorsqu’ils doublent la puissance optique. Dans cet article, les auteurs ne dressent pas de
conclusions sur la statistique du laser Ytterbium. Par contre, si nous mettons en paral-
lèle nos résultats, nous pouvons constater une réelle évolution de la statistique du laser
Ytterbium en fonction de la puissance. Notre situation dans laquelle le laser possède une
statistique gaussienne à une puissance de 10 W représente donc une situation particullière.
L’étude de la cohérence du laser Ytterbium en fonction de sa puissance n’est pas le but
de ce chapitre et mériterait une étude plus approfondie.

Dans le deuxième chapitre (section 2.2.1.2), nous avons expliqué les problèmes occa-
sionnés par la mesure de la distribution de probabilité à partir d’un système de photo-
détection rapide. En particulier, nous avons discuté de l’influence de la bande passante
et fait remarqué la présence d’une courbure dans la distribution de probabilité autour
de la valeur moyenne. Dans les résultats présentés ici, cette courbure n’est pas présente
quelque soit la puissance du laser. Certes, la détection n’est pas la même mais elle semble
confirmer que cette courbure est liée à la réponse impulsionnelle de la photodiode.

Nous venons de mesurer la distribution de probabilité d’un laser Ytterbium dont la
largeur spectrale varie entre 50 et 300 GHz. Dans la suite des expériences, nous allons
considérer le laser Ytterbium à la puissance de 10 W comme une source partiellement
cohérente de statistique gaussienne. Avant d’étudier l’impact de la propagation en régime
de dispersion anormale sur notre onde partiellement cohérente, nous allons déterminer les
limites de notre dispositif de mesure de la fonction de densité de probabilité.

3.2.3 Limites de la mesure de la statistique par échantillonnage
optique

Dans la section précédente, nous avons utilisé la méthode d’échantillonnage optique
asynchrone pour mesurer la statistique d’un laser à fibre Ytterbium. Comme tout système
de photo-détection, notre méthode d’échantillonnage optique possède ses limites, notam-
ment en terme de bande passante. Par ailleurs, nous utilisons une photodiode sensible
afin de mesurer les impulsions du signal échantillonné. Nous présentons dans cette sec-
tion, dans un premier temps, l’influence de la photodiode sur la mesure des impulsions
du signal échantillonné. Puis, nous expliquerons le principe utilisé pour évaluer la bande
passante de notre méthode d’échantillonnage optique.

3.2.3.1 Etude de la saturation de la photodiode

La détection du signal échantillonné, présentée précédemment, est réalisée à l’aide
d’une photodiode rapide et sensible 10 reliée à un oscilloscope de bande passante de 1
GHz. Parmi les données fournies par le constructeur, nous nous intéressons ici à son seuil
de saturation 11. Son influence sur la statistique est facile à comprendre. Si nous travaillons

10. Photodiode FPD310-FV de chez MenloSystems
11. D’après le constructeur, cette photodiode possède un seuil de saturation à une puissance optique

de 100µW, ce qui correspond à une tension de 2V.
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au-dessus du seuil de saturation alors la photodiode sous estime la valeur de l’amplitude
de chacune des impulsions et la statistique correspondante est érronée. C’est pourquoi,
nous avons réalisé une succession d’expériences afin d’estimer le seuil de saturation de la
photodiode.

Le dispositif expérimental est identique à celui représenté sur la figure 3.3. Le protocole
utilisé consiste à mesurer le signal échantillonné et à calculer la distribution de probabilité
à différentes valeurs de puissances incidentes sur la photodiode. Pour effectuer cette opé-
ration, nous plaçons une série de densités neutres entre le cristal et la photodiode. Le laser
Ytterbium est quant à lui réglé à une puissance de 20 W. Les distributions de probabilité
calculées sont soit normalisées par rapport à la valeur moyenne (figure 3.5(b)), soit non
normalisées (figure 3.5(a)). Cette dernière représentation permet d’évaluer la tension pour
laquelle la photodiode arrive à saturation.
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Figure 3.5 – Fonctions de densité de probabilité (PDF) du laser Ytterbium à 20 W
montrant la saturation de la photodiode. En vert, distribution de probabilité de la fi-
gure 3.4(b).

On constate très clairement le phénomène de saturation de la photodiode au-dessus
de 300 mV (figure 3.5(a)). En effet, ce phénomène est caractérisé par la décroissance de
la fonction de densité de probabilité aux grandes amplitudes (courbes bleu et noir). Si
maintenant on s’intéresse aux distributions de probabilité normalisées, on observe le même
type de comportement (figure 3.5(b)). Par contre, pour une tension inférieure à 300 mV 12,
nous obtenons les mêmes distributions de probabilité normalisées (courbes rouge et vert).
Dans toutes les expériences réalisées à partir de notre méthode d’échantillonnage optique,
nous avons pris soin de respecter cette limite de saturation.

12. Nous tenons à faire remarquer que nous sommes très loin de la consigne du constructeur concernant
la saturation de la photodiode qui est de 2 V.
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3.2.3.2 Bande passante de la méthode d’échantillonnage

Dans la section 3.2.2.3, nous avons mesuré la distribution de probabilité du laser Yt-
terbium et montré qu’au point de fonctionnement correspondant à une puissance de 10
W, la source a une statistisque gaussienne. Par contre, aux autres puissances le compor-
tement est différent, notamment à 5 W et 20 W où nous avons obtenu une distribution
de probabilité soit au-dessus soit en-dessous de la distribution exponentielle. De plus,
les tests effectués sur l’utilisation de la photodiode en termes de saturation de puissance
montrent que ces déviations ne proviennent pas de la photodiode. Dans l’annexe C, nous
avons mesuré la distribution de probabilité du laser Ytterbium à une puissance de 10 W .
Nous montrons dans cette annexe que la statistique est profondemment modifiée par une
bande passante de détection non adaptée. En effet, le spectre optique du laser à 10 W
possède une largeur à mi-hauteur d’environ 160 GHz alors que la bande passante de la
photodiode rapide utilisée est de 36 GHz. Notre méthode d’échantillonnage optique asyn-
chrone possède également une bande passante que nous avons évaluée. Le but de cette
section est de présenter la méthode ainsi que les résultats obtenus.

L’échantillonnage optique par somme de fréquence peut être limité par différents fac-
teurs comme la dispersion de vitesse de groupe, le désaccord de vitesses de groupe ou
encore l’angle d’interaction entre les faisceaux pompe et signal [Rhee et Joo 05]. Nous
n’avons pas cherché à optimiser chacun d’entre eux. Cependant, nous avons mis au point
un dispositif expérimental nous permettant d’évaluer une borne inférieure de la bande
passante de notre méthode d’échantillonnage en prenant en compte chacun de ces effets.

En théorie, afin de déterminer la réponse impulsionnelle de notre méthode, il serait
nécessaire d’utiliser une impulsion de largeur infiniment courte à la longueur d’onde du
signal. Ce n’est pas le cas dans notre expérience. Nous avons à disposition un oscillateur
paramètrique optique délivrant des impulsions dont la largeur est de l’ordre de la centaine
de femto-secondes. La largeur des impulsions utilisées étant du même ordre de grandeur
que notre signal impulsionnel de pompe, nous ne pouvons obtenir qu’une borne supérieure
de la largeur de la réponse impulsionnelle.

Figure 3.6 – Montage expérimental utilisé pour la mesure de la bande passante de la
méthode d’échantillonnage optique.
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Le dispositif expérimental est représenté sur la figure 3.6. Le laser impulsionnel Saphir-
Titane alimente un Oscillateur Paramétrique Optique (OPO) qui va générer à partir de
la longueur d’onde de pompe de 800 nm, un signal impulsionnel à 1064 nm. Sur le trajet
du rayonnement impulsionnel à 1064 nm nous avons placé une ligne à délai. Elle est
constituée d’un rétro-réflecteur monté sur platine de translation motorisée et pilotée par
ordinateur. L’intérêt de ce dispositif est de pouvoir balayer le retard entre l’impulsion de
pompe et l’impulsion signal.

Nous avons representé sur la figure 3.7(a) le résultat obtenu. Lorsque les faisceaux
pompe et signal sont temporellement réunis (τ = 0) le processus de somme de fréquence
est optimal. Ensuite, en décalant progressivement les deux impulsions, l’efficacité diminue.
On obtient alors pour différentes valeurs du décalage τ la fonction de corrélation croisée
expérimentale, en points rouges sur la figure 3.7(a). Nous avons effectué un ajustement
numérique et constaté que la fonction gaussienne donnée par l’équation 3.2 (en bleu sur
la figure 3.7(a)) représente au mieux la répartition de points observés.

f(t) = exp(−(t/µ)2) (3.2)

où µ est la demi-largeur à 1/e de la fonction. La largeur à mi-hauteur 13 obtenue est de
325 fs.

Comme nous l’avons expliqué au début de cette section, la courbe obtenue sur la
figure 3.7(a) correspond à la fonction de corrélation croisée Γgh(τ). Elle est définie comme
le produit de convolution entre la réponse impulsionnelle de notre méthode h(t) et une
fonction g(t) qui est ici la puissance de notre signal impulsionnel.

Γgh(τ) = (g ⊗ h)(τ) =
∫ ∞
−∞

g(t+ τ)h(t)dt (3.3)

Sachant que la fonction de corrélation croisée expérimentale est de forme gaussienne,
nous avons cherché à déterminer numériquement la réponse impulsionnelle h(t). La fonc-
tion g(t) correspond au signal à la sortie de l’oscillateur paramétrique optique. Le construc-
teur annonce que la largeur des impulsions est de 200 fs. Nous avons choisi d’une façon
arbitraire une fonction sécante hyperbolique de largeur à mi-hauteur de 200 fs pour repré-
senter la fonction g(t). Puis, pour différentes fonctions h(t) (gaussienne, sécante hyperbo-
lique), nous avons calculé la fonction de corrélation croisée. Le résultat est représenté sur
la figure 3.7(b). En noir sur cette figure, nous avons tracé un ajustement à partir d’une
fonction gaussienne qui nous donne une largeur à mi-hauteur de 320 fs (325 fs pour la
courbe expérimentale). Sur la figure 3.7(c), nous avons superposé la fonction de corréla-
tion croisée expérimentale (en point rouge) à celle calculée numériquement (en trait vert).
Cette comparaison quantitative est réalisée dans le cas du choix d’une fonction gaussienne
de 250 fs de largeur à mi-hauteur pour la réponse impulsionnelle h(t).

Notre méthode est approximative car nous avons choisi de façon arbitraire des fonc-
tions nous permettant de s’approcher de la courbe expérimentale. Mais, elle possède
l’avantage de nous donner une estimation de la bande passante de notre système de
détection. De plus, comme nous le verrons dans la section 3.3.3.1, nous avons confronté
cette estimation à la mesure de signaux de bandes passantes plus importantes, ce qui nous
a permi de confirmer a posteriori sa pertinence. Par ailleurs, l’échelle des fluctuations du

13. La demi-largeur à mi-hauteur est t1/2 = µ ∗
√
ln(2)=325fs.
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(b) Théorique en point vert
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(c) Superposition des fonctions expérimentale en
point rouge et théorique en vert

Figure 3.7 – (a) Mesure de la fonction de corrélation croisée expérimentale. (b) Calcul
théorique de la fonction de corrélation croisée expérimentale. La comparaison entre (a) et
(b) est tracée en (c).

laser Ytterbium aux trois puissances étudiées varie entre 3 et 16 ps. Il semble donc que
notre méthode d’échantillonnage optique asynchrone ne perturbe pas la détection des fluc-
tuations d’intensité et confirme en particulier, à la puissance de 10 W, que la distribution
de probabilité est exponentielle.

3.3 Formation d’ondes scélérates en turbulence inté-
grable

3.3.1 Mise en évidence expérimentale de l’apparition d’ondes
scélérates à partir d’une onde partiellement cohérente

Dans la section précédente, nous avons présenté la méthode d’échantillonnage optique
asynchrone qui permet de mesurer la fonction de densité de probabilité d’une onde par-
tiellement cohérente. De plus, pour une puissance de 10 W, le laser Ytterbium possède
une statistique gaussienne (section 3.2.2.3). Nous allons maintenant présenter l’expérience
d’optique que nous avons réalisée. Elle consiste à propager l’onde partiellement cohérente
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issue du laser Ytterbium dans une fibre optique en régime de dispersion anormale. L’ob-
jectif est d’étudier grâce à notre méthode d’échantillonnage optique les déviations de la
statistique suite à la propagation. La figure 3.8 représente notre dispositif expérimental.

Figure 3.8 – Expérience de turbulence intégrable. Propagation d’une onde partiellement
cohérente dans une fibre optique en régime de dispersion anormale. Laser Yb3+ : laser
Ytterbium. Laser Ti :Sa : laser femto-seconde Saphir-Titane.

Le rayonnement partiellement cohérent issu du laser Ytterbium (P=10 W) est injecté
dans une fibre optique microstructurée 14 d’une longueur de 15 m. La puissance injectée
est de 600 mW. A la sortie de la fibre, le principe est le même que celui que nous avons
détaillé précédemment. Le faisceau est focalisé à l’intérieur du cristal de BBO et interagit
suivant un angle d’accord de phase de 10°avec le rayonnement (800 nm) issu du laser
impulsionnel Sapphir-Titane. L’interaction des ondes à l’intérieur du cristal produit, par
somme de fréquence, l’onde échantillonnée à la longueur d’onde de 457 nm. Comme nous
avons expliqué dans la section 3.2.2.1, la fonction de densité de probabilité est calculée à
partir de l’enregistrement de 100 signaux échantillonnés.

La figure 3.9(a) représente les spectres avant (en rouge) et après (en vert) propagation.
La condition initiale est identique à celle tracée en rouge sur la figure 3.4(a) pour le laser
Ytterbium à une puissance de 10 W. On constate que la propagation non linéaire en
régime de dispersion anormale produit un élargissement spectral de l’onde partiellement
cohérente. En effet, la largeur à mi-hauteur augmente de 160 GHz (0, 6nm) à 180 GHz
(0, 68 nm).

Les fonctions de densité de probabilité calculées à partir de la mesure des fluctua-
tions d’intensité du signal échantillonné sont représentées sur la figure 3.9(b) 15. Suite à

14. Fibre optique dopée GEO3 fournie par le groupe Draka France.
15. En insert de cette figure, nous avons représenté la distribution de probabilité après propagation

sans normaliser par rapport à la valeur moyenne. Nous tenons juste à faire remarquer que les fluctuations
de plus grandes amplitudes respectent la limite de saturation évaluée dans section 3.2.3.1 qui est de 300
mV.
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Figure 3.9 – Spectres optiques et fonctions de densité de probabilité (PDF) de la condi-
tion initiale (rouge) et après 15 m de propagation (vert) en régime de dispersion anormale
à une puissance de 600 mW.

la propagation (en vert), la distribution de probabilité aux grandes amplitudes est très
supérieure à celle définie par la loi normale. Prenons par exemple un évènement dont
l’amplitude vaut 50 fois la valeur moyenne. En z = 0, cet évènement possède une densité
de probabilité d’environ 10−22. Par contre, après propagation, sa densité de probabilité a
fortement augmenté pour atteindre environ 10−7. Ces évènements de grandes amplitudes
sont donc beaucoup plus présents après propagation que dans la condition initiale elle-
même. Du point de vue statistique, cette déviation de la distribution de probabilité nous
amène à penser que nous sommes en train d’observer l’émergence d’ondes scélérates dans
notre expérience.

A notre connaissance, cette étude expérimentale est la première en optique à mon-
trer les déviations de la statistique gaussienne d’une onde partiellement cohérente après
propagation en régime de dispersion anormale. L’expérience réalisée permet de détecter
l’ensemble des fluctuations temporelles d’intensité et aucun dispositif de filtrage n’est ap-
pliqué afin d’étudier la statistique [Solli et al. 07]. Nous allons maintenant comparer nos
résultats expérimentaux à la simulation de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension.

3.3.2 Simulations numériques
Nous avons montré expérimentalement dans la section 3.3.1 l’émergence d’évènements

extrêmes au sein des fluctuations aléatoires de l’onde partiellement cohérente. Cette
constatation est tirée de la mesure de la fonction de densité de probabilité qui présente une
distribution à queue lourde. L’objectif de cette section est d’effectuer la simulation numé-
rique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension (éq. 3.4) et de comparer
les résultats à ceux obtenus dans l’expérience.

i∂ψ
∂z

= β2

2
∂2ψ

∂t2
− γ|ψ|2ψ (3.4)
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Le champ ψ est un champ partiellement cohérent que nous avons modélisé en utilisant
l’hypothèse des phases aléatoires (section 1.1.1.1). La taille de la fenêtre temporelle utilisée
dans la simulation numérique est de 618 ps et elle comprend 8192 points. La distance de
propagation est de 15 m et la puissance est de 600 mW. Le cœfficient β2 de dispersion de
vitesse de groupe vaut 16 −20 ps2/km. La constante Kerr γ a été évaluée 17 à 50 W−1.km−1.
Contrairement au deuxième chapitre, notre condition initiale est issue d’un ajustement
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Figure 3.10 – Spectre optique de la condition initiale expérimentale à 10 W (rouge)
superposée à une fonction d’ajustement type sécante hyperbolique (noir).

du spectre optique expérimental à une puissance de 10 W. La figure 3.10 représente
l’ajustement effectué avec une fonction sécante hyperbolique (en noir) à partir du spectre
expérimental (en rouge). La formule de la fonction sécante hyperbolique est la suivante :

n(λ) = P0 sech

(
λ

αd ∆λd

)
(3.5)

où P0 représente la puissance moyenne et ∆λd la demi-largeur 18 à mi-hauteur de la secante
hyperbolique. Dans notre cas, grâce à la procédure d’ajustement, nous avons déterminé
que ∆λd vaut 0, 604nm soit 160GHz. De la même manière, nous avons calculé la largeur
RMS 19 correspondante qui vaut 189 GHz.

Sur la figure 3.11(b), nous avons comparé les distributions de probabilité expérimen-
tales (en traits pleins) et numériques (en cercles). Le code couleur reste le même, c’est-

16. La dispersion de la fibre microstructurée utilisée a été mesurée par le groupe photonique du labo-
ratoire PhLAM (R. Habert).
17. Nous faisons remarquer que le paramètre γ est un paramètre d’ajustement dans nos simulations

numériques. Malheureusement, par manque de temps, nous n’avons pu entreprendre de mesurer ce pa-
ramètre. Notre démarche afin de l’évaluer à consister à effectuer un ensemble de comparaisons entre
simulations numériques de l’équation 3.4 et l’expérience. Nous avons comparé les spectres optiques et les
distributions de probabilité à différentes puissances.
18. Le cœfficient αd vaut 1/ln(2 +

√
3).

19. La largeur RMS est définie de la façon suivante :

∆λ = 2
∫

(λ− λ0)2 n(λ) dλ∫
n(λ) dλ
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Figure 3.11 – Comparaison entre expériences (traits pleins) et simulations numériques de
l’équation 3.4 (en cercles). (a) Spectres optiques, (b) fonctions de densité de probabilité.

à-dire, en rouge pour la condition initiale et en vert après propagation. On constate que
la simulation numérique est en accord quantitatif avec l’expérience. Suite à la propaga-
tion dans la fibre, la distribution de probabilité dévie de la loi normale et possède une
distribution à queue lourde.

La figure 3.11(a) représente la superposition entre les spectres expérimentaux en traits
pleins et numériques en cercles. On peut constater que la simulation numérique reproduit
quantitativement le résultat expérimental. En insert de cette figure, les spectres optiques
sont tracés en échelle semi-logarithmique. Aux grandes longueurs d’onde, on remarque
que la puissance des composantes spectrales est supérieure à celle obtenue dans la simula-
tion numérique. Cette asymétrie traduit probablement la présence perturbative de l’effet
Raman. Cette hypothèse est traitée dans la section 3.3.2.2 qui porte sur l’étude de l’in-
fluence des termes d’ordres supérieurs (effet Raman, dispersion d’ordre 3) sur le champ
partiellement cohérent.

Dans la section 1.2, nous avons discuté du rôle de l’instabilité de modulation dans la
génération des ondes scélérates. Dans notre cas, nous utilisons une onde suffisamment in-
cohérente pour que la fréquence correspondant au maximum du gain du processus d’insta-
bilité de modulation soit plus petite que la largeur spectrale de la source. Nous rappelons
qu’en dispersion anormale le phénomène de l’instabilité de modulation est caractérisée
par l’emergence dans le spectre optique de deux bandes latérales symétriques. Celles-ci
apparaîssent à des fréquences caractéristiques correspondant au maximum de gain de
l’instabilité de modulation. Nous avons calculé ces fréquences en prenant la formule 3.6
utilisée dans le cas d’une onde cohérente [Agrawal 13].

νmax = ±
√

2γP0

|β2|
(3.6)

Dans les paramètres de notre expérience, les fréquences pour lesquelles le gain de l’instabi-
lité de modulation sera maximal sont environ de ±275GHz. Comme on peut le constater
sur la figure 3.11(a), ces fréquences sont comprises dans le spectre optique de l’onde
partiellement cohérente. Par ailleurs, dans le cas incohérent, les fluctuations temporelles
d’intensité sont aléatoires et présentent des maxima d’intensités variables (figure 3.12(b)).
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Or, le taux de croissance de l’instabilité modulationnelle dépend de l’intensité de l’onde.
Ainsi, les pics de plus hautes intensités verront se développer de l’instabilité modulation-
nelle incohérente [Sauter et al. 05].
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Figure 3.12 – Fluctuations temporelles d’intensité de l’onde partiellement cohérente
issues de la simulation numérique de l’équation 3.4 : en rouge, condition intiale, en vert
après propagation pour une puissance de 600 mW sur une distance de 15 m. Insert :
agrandissement sur une fenêtre temporelle comprise entre 258 et 285 ps.

Comme nous l’avons défini dans la section 3.2.2, notre méthode d’échantillonnage op-
tique ne permet pas de reconstruire le signal temporel. Par contre, nous sommes capables
de tracer dans le cadre de la simulation numérique le signal avant et après propagation
dans 15 m de fibre optique pour une puissance de 600 mW.

La figure 3.12(b) représente les fluctuations de puissance de l’onde partiellement co-
hérente calculées dans la simulation numérique avant (courbe rouge) et après propaga-
tion (courbe verte). Nous avons normalisé ces fluctuations par rapport à leur puissance
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moyenne. On peut remarquer l’émergence d’évènements de courtes durées et de grandes
amplitudes. Cette figure permet de faire le lien avec la distribution de probabilité calculée.
En effet, l’émergence de fluctuations possèdant une amplitude 10 à 60 fois plus grande
que la valeur moyenne est beaucoup plus fréquente après propagation. De plus, on peut
constater que les évènements de grandes amplitudes ont tendance à émerger à partir des
fluctuations de la condition initiale possèdant déjà une puissance importante. Ce phé-
nomène est dû à la présence de l’instabilité modulationnelle incohérente. En particulier,
l’insert de la figure 3.12(b) met en avant l’émergence d’une structure particulière, intense
et plus rapide (0, 3 ps) que l’ensemble des fluctuations (3− 4 ps).

Nous venons de mettre en évidence la présence d’un nouvel état statistique en turbu-
lence intégrable. La condition initiale est une onde partiellement cohérente de statistique
gaussienne. Suite à la propagation, des fluctuations de grandes amplitudes (60 fois la va-
leur moyenne) apparaissent et la distribution de probabilité associée est à queue lourde.
Nous allons maintenant poursuivre nos simulations numériques de manière à atteindre
l’état stationnaire statistique. De plus, il est important de chercher à mieux caractériser
les structures précédemment observées.

3.3.2.1 Régime stationnaire

Dans la section précédente, nous avons effectué des simulations numériques de l’équa-
tion de Schrödinger non linéaire à une dimension (éq. 3.4). A 600 mW, nous avons montré
que le spectre optique s’est élargi et que la distribution de probabilité est à queue lourde.
En turbulence intégrable, des travaux ont montré l’existence d’un état stationnaire statis-
tique [Barviau et al. 06, Agafontsev et Zakharov 15], notamment dans le régime de dis-
persion normale [Randoux et al. 14]. L’objectif de cette section est de montrer qu’il existe
un état stationnaire statistique et de le caractériser dans le régime de dispersion anormale
de la turbulence intégrable.

En utilisant les mêmes paramètres que précédemment, nous avons propagé notre onde
partiellement cohérente (éq. 3.4) jusqu’à une distance de 500 m et toujours à une puissance
de 600 mW. Nous avons calculé à partir des formules 2.9, 2.10, et 2.11 la valeur des
hamiltoniens. Comme expliqué précédemment, nous avons calculé la valeur moyenne des
hamiltoniens linéaire 〈HL〉 et non linéaire 〈HNL〉 que nous avons normalisés par rapport
à la valeur de l’hamiltonien total en z = 0.

La figure 3.13 présente l’évolution des hamiltoniens linéaire et non linéaire au cours
de la propagation. On constate que l’hamiltonien total se conserve. Ce résultat n’est pas
surprenant car c’est une constante du mouvement de l’équation de Schrödinger non linéaire
à une dimension. Dans notre condition initiale, l’hamiltonien non linéaire est supérieur
d’un ordre de grandeur à l’hamiltonien linéaire. Ceci permet d’expliquer l’élargissement
spectral important subit par l’onde partiellement cohérente dès le début de la propagation.
Puis, l’hamiltonien non linéaire augmente jusque 40 m. Après cette distance l’énergie
non linéaire diminue au profit de l’hamiltonien linéaire. Enfin, à partir de 100 m, les
hamiltoniens linéaire et non linéaire arrêtent d’évoluer et prennent une valeur constante.
On entre alors dans un état stationnaire statistique. Par ailleurs, on peut remarquer
à l’aide de cette figure qu’à la distance de propagation de l’expérience (trait vert sur
la figure 3.13) nous étions dans un état transitoire où l’hamiltonien non linéaire était
supérieur à l’hamiltonien linéaire.

La figure 3.14 représente les spectres optiques (figure 3.14(a)) ainsi que les fonctions
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Figure 3.13 – Evolution du hamiltonien total (noir) et des hamiltoniens linéaire (bleu) et
non linéaire (rouge) avec la distance. La distance de propagation atteinte dans l’expérience
(15 m) est symbolisée par un trait vert.

de densité de probabilité (figure 3.14(b)) pour une distance de propagation variant de
15 m à 100 m. Le spectre optique s’élargit fortement sous l’effet du mélange à quatre
ondes jusque 30 m. A partir de cette distance, l’énergie linéaire devient non négligeable
et le spectre optique arrête progressivement de s’élargir. Ces observations sont similaires
à celles effectuées au deuxième chapitre (élargissement spectral jusqu’à la fin du régime
transitoire puis valeur constante dès le début de l’état stationnaire statistique).

La figure 3.14(b) représente l’évolution de la distribution de probabilité au cours de
la propagation. Afin de décrire cette évolution, prenons par exemple une puissance 20
fois supérieure à la valeur moyenne, symbolisée par un trait en pointillés noirs sur la
figure 3.14(b). On constate que pour une distance de 15 m (vert) la densité de probabilité
est d’environ 9.10−5, puis, elle augmente à 3.10−4 pour 30 m (orange). Enfin, elle diminue
et garde une valeur constante d’environ 1, 4.10−5 à une distance de 100 m (noir) et 200 m
(bleu). Ceci permet d’illustrer l’évolution non triviale et non monotone de la distribution
de probabilité. Par ailleurs, cette variation peut être mise en rapport avec l’évolution des
hamiltoniens tracés sur la figure 3.13. En effet, nous avions remarqué que l’hamiltonien
non linéaire augmentait jusque 30 m pour ensuite diminuer à partir de cette distance.
Après 100 m, nous entrons dans un état stationnaire statistique qui se caractérise sur la
figure 3.14(b) par un arrêt de l’évolution des distributions de probabilité.

Nous avons montré dans la section 3.3.2, l’émergence de structures de grandes am-
plitudes et de courtes durées dans les fluctuations d’intensité de l’onde partiellement
cohérente à une distance de 15 m. Nous allons maintenant nous intéresser à l’évolution
de ces fluctuations sur de plus grandes distances de propagation. Pour cela, nous avons
tracé un diagramme spatio-temporel sur la figure 3.15(c). On peut remarquer l’évène-
ment extrême localisé à z = 15 m et déjà représenté sur la figure 3.12(b). Cette structure
semble se scinder puis se reformer au cours de la propagation. Il est possible d’analyser
la forme de chacune de ces structures en les comparant à des solitons sur fond continu.
Cependant, nous proposons ici d’adopter une approche similaire à celle effectuée par N.
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Figure 3.14 – Evolution de l’onde partiellement cohérente (rouge) jusque l’état station-
naire statistique. A 15 m (vert), 30 m (orange), 100 m (noir), 200 m (bleu)

Akhmediev (présentée dans la section 1.2.3.2). Par analogie aux ondes scélérates, cette
méthode [Akhmediev et al. 11] consiste à déterminer la fluctuation de plus grande ampli-
tude sur la distance de propagation choisie, ici 100 m. En appliquant cette méthode, nous
avons déterminé que la structure localisée à 89 m possède la puissance plus importante
sur cette distance de propagation. La figure 3.15(a) représente une coupe du diagramme
spatio-temporel à la distance de 89 m. On constate la présence d’une structure de grande
amplitude centrée autour de 281.5 ps.

Comme nous en avons discuté dans le premier chapitre, des solutions analytiques de
l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension, appelées solitons de Peregrine, de
Kuznetsov-Ma et breathers d’Akhmediev, sont aujourd’hui considérées comme prototypes
d’ondes scélèrates [Dudley et al. 14]. Nous avons cherché, à partir de la formule 3.7, à
ajuster l’évènement extrême de la figure 3.15(a).

ψ(ξ, τ) = eiξ
[
1 + 2(1− 2a)cosh(bξ) + ibsinh(bξ)√

2acos(ωτ)− cosh(bξ)

]
(3.7)

où les paramètres sont adimentionnés et définis dans le premier chapitre (section 1.2.3.1).
Le paramètre a permet de choisir le type de solution que nous désirons ajuster à nos
données (section 1.2.3.1). Si a = 1/2, nous avons un soliton de Peregrine (localisé en temps
et en espace). Ensuite, dans le cas où a > 1/2 nous obtenons un breather d’Akhemediev,
localisé en espace mais périodique en temps. Enfin, si a < 1/2 alors nous obtenons un
soliton de Kuznetsov-Ma, localisé en temps mais périodique en espace. La figure 3.16(a)
représente un ajustement de la structure localisée à 281, 5 ps de la figure 3.15(a) à l’aide
du module au carré de l’équation 3.7 pour les trois types de solutions rappelées ci-dessus.
On constate que l’ajustement est correctement réalisé pour les trois fonctions.

Par ailleurs, nous avons calculé la phase de la structure identifiée sur la figure 3.16(a)
pour différentes distances de propagation variant de 0, 2 m (figure 3.16(b)). On constate
que la phase de la structure évolue en fonction de la distance de propagation (en accord
avec la formule 3.7). Néanmoins, elle semble posséder une valeur constante, notamment
à 89, 3 m (en noir). De plus, on peut remarquer la présence d’un saut de phase de π
entre le maximum et le minimum de puissance de la structure. Cette observation rejoint
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Figure 3.15 – Simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une
dimension. (a) Coupe à z = 89m. (b) Evolution des maxima d’intensité. (c) Représentation
de l’évolution temporelle de l’onde partiellement cohérente le long de la propagation.

celle effectuée par Kibler et al. sur l’observation expérimentale d’un soliton de Peregrine
[Kibler et al. 12b] (voir section 1.2.3.1). Les deux comparaisons illustrées sur la figure 3.16
(ajustements et étude de la phase) nous permettent donc d’affirmer que les structures par-
ticulières que nous observons au sein des fluctuations de l’onde partiellement cohérente
sont proches des solutions analytiques type solitons de Peregrine, breathers d’Akhmediev
et Kuznetsov-Ma. Cependant, il nous est difficile de favoriser une d’entre elles. Remar-
quons par ailleurs, que ce genre de structures a également été observées dans des systèmes
proche de l’intégrabilité [Hammani et al. 10].

Dans cette section, nous avons démontré l’existence d’un état stationnaire statistique
dans le régime de dispersion anormale de la turbulence intégrable. Cet état statistique est
caractérisé par une distribution de probabilité à queue lourde déviant fortement de la loi
normale. Dans cette expérience, la condition initiale est une onde partiellement cohérente.
Suite à la propagation, des structures cohérentes apparaissent au sein des fluctuations
aléatoires d’intensité et possèdent des puissances plusieurs fois supérieures à la puissance
moyenne. L’étude que nous avons réalisée sur ces structures nous amène à penser qu’il
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Figure 3.16 – (a) Ajustement temporel avec un soliton type Peregrine (bleu), Kuznetsov-
Ma (magenta) et breather Akhemediev (noir). (b) Evolution de la phase de la structure
cohérente à trois distances de propagation différente.

s’agirait de solitons sur fond continu.

3.3.2.2 Influence des effets non linéaires d’ordres supérieurs

Nous avons travaillé dans les sections précédentes avec l’équation 3.4 correspondant à
l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. De plus, nous avons montré qu’il
existait un très bon accord entre les simulations numériques et les résultats expérimentaux.
Cependant, les spectres enregistrés à 600 mW présentaient une forme asymétrique aux
grandes longueurs d’onde. L’hypothèse la plus probable concerne l’influence de l’effet
Raman. Dans cette section, nous allons effectué la simulation de l’équation de Schrödinger
non linéaire généralisée (équation 3.8) incluant les termes non linéaires et linéaires d’ordres
supérieurs.

i∂ψ
∂z

= iα2ψ + β2

2
∂2ψ

∂t2
+ iβ3

6
∂3ψ

∂t3
− γ

(
|ψ|2ψ + i

ω0

∂|ψ|2ψ
∂t

− TRψ
∂|ψ|2

∂t

)
(3.8)

Cette équation diffère de celle utilisée dans le deuxième chapitre au signe prêt de la
dispersion d’ordre 2. Par ailleurs, nous avons déterminé la valeur de la dispersion d’ordre
3 à partir de la courbe de dispersion spécifiquement mesurée pour la fibre GEO3 utilisée
dans les expériences de ce chapitre.

Dans le premier chapitre, nous avons exprimé les longueurs caractéristiques d’appari-
tion des effets linéaires et non linéaires ainsi que des pertes dans le cas d’une impulsion de
largeur T0. Dans notre cas, nous travaillons avec une onde partiellement cohérente dont
nous sommes capable de calculer la largeur spectrale ∆ω0. Nous avons rappelé ci-dessous
la valeur de chacun des paramètres représentatifs de notre expérience :
. α = 8dB/km
. β2 = −20 ps2/km

. β3 = 0.12 ps3/km

. γ = 50W−1km−1
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. TR = 3 fs 20

. ω0 = 1771.57 rad/ps (ω0 = 2πc/λ avec λ = 1064nm)

. P0 = 600mW
Nous avons choisi d’utiliser la largeur RMS du spectre, ce qui nous a permis de calculer
les longueurs suivantes :

Lα = 1
α

= 543m (3.9)
LD = 1

|β2|×(∆ω0)2
rms

= 35m (3.10)
L′D = 1

|β3|×(∆ω0)3
rms

= 4, 98km (3.11)
Lnl = 1

γP0
= 33m (3.12)

Ls = Lnl×ω0
(∆ω0)rms = 49km (3.13)

LτR = Lnl
TR×(∆ω0)rms = 9, 3km (3.14)

Les longueurs caractéristiques calculées ci-dessus permettent de donner un ordre de
grandeur de la contribution respective des effets non linéaires et linéaires. La longueur de
propagation totale L est de 15 m dans notre expérience. De ce fait, il semble que nous
ne sommes pas sensible aux pertes, à la dispersion d’ordre 3, à l’effet Raman et à l’auto-
raidissement. Cependant, il n’est pas exclu que la courbe de gain Raman de notre fibre
optique soit particulière et possède un gain 21 plus important à 1064 nm.
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Figure 3.17 – Comparaison entre les simulations numériques de l’équation de Schrödinger
non linéaire à une dimension (vert) et l’équation de Schrödinger non linéaire généralisée
(bleu) pour une distance de 15 m et à une puissance de 600 mW.

Nous avons représenté sur la figure 3.17 le spectre et la fonction de densité de proba-
bilité dans deux situations différentes. En vert, nous avons propagé l’onde partiellement
cohérente dans l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension. Par contre, en

20. La valeur du temps de réponse Raman TR est un paramètre que nous ne connaissons pas dans le cas
de la fibre microstructurée que nous utilisons. Nous l’avons évalué à partir d’un ensemble de simulations
numériques. Les résultats obtenus ont été comparés aux expériences effectuées à différentes puissances.
21. Cette fibre a été initialement conçue afin de construire des laser Raman à fibre. Elle est fortement

dopée en germanium et possède un gain d’environ 150 à 180 dB/km/W.
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bleu nous avons utilisé l’équation 3.8. Dans les deux cas la longueur de propagation est
de 15 m. On peut constater que les différences sont faibles aussi bien pour le spectre que
pour la distribution de probabilité.

Nous avons effectué des simulations numériques complémentaires de l’équation de
Schrödinger non linéaire généralisée. Les résultats sont représentés sur la figure 3.18 pour
des distances complémentaires de 30 m (orange) et 100 m (noir). Le spectre présente une
asymétrie de plus en plus forte du côté des grandes longueurs d’onde. La distribution
de probabilité devient fortement non gaussienne à 30 m. Le comportement en termes de
statistique semble reproduire celui observé sur la figure 3.14(b) dans le cas de la simulation
numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension.
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Figure 3.18 – Simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire généralisée
(équation 3.8). Propagation de l’onde partiellement cohérente jusque 15 m (bleu), 30 m
(orange) et 100 m (noir).

En conclusion, nous avons montré que pour la propagation de l’onde partiellement
cohérente à une puissance de 600 mW dans 15 m de fibre optique, les effets d’ordres supé-
rieurs (Raman, dispersion d’ordre 3) n’influencent pas la statistique. Le résultat n’est pas
étonnant au regard des longueurs caractéristiques calculées. Cependant, nous ne sommes
pas capable de reproduire l’asymétrie du spectre expérimental à 15 m. La question de cette
asymétrie reste ouverte. Il est possible d’envisager que la légère asymétrie du spectre initial
joue un rôle ou bien que le gain Raman soit sous-estimé dans nos simulations numériques.

3.3.3 Discussions
3.3.3.1 Propagation à différentes puissances

Nous avons étudié la propagation de l’onde partiellement cohérente à une puissance de
600 mW. Nous avons montré qu’à l’état stationnaire statistique, la distribution de proba-
bilité est à queue lourde et traduit l’émergence de structures cohérentes sur fond continu,
rapides et de grandes amplitudes. Tout l’enjeu de notre méthode d’échantillonnage optique
asynchrone est de pouvoir échantillonner ce type de structure. Cependant, nous sommes
limités par la réponse impulsionnelle de la méthode (section 3.2.3). Jusqu’à présent nous
avons considéré qu’à la puissance de 600 mW nous étions capables d’échantillonner toutes
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les fluctuations temporelles d’intensité. Nous allons maintenant discuter des études com-
plémentaires que nous avons réalisées à différentes puissances afin de confirmer les limites
de notre méthode d’échantillonnage.

La figure 3.19(a) représente la fonction de densité de probabilité calculée à une puis-
sance de 600 mW. Nous avons superposé l’expérience (en pointillés) et la simulation
numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension en traits pleins.
Comme nous l’avons constaté dans la section 3.3.2, la simulation numérique reproduit
quantitativement le résultat expérimental.
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Figure 3.19 – (a), (b), (c) Distributions de probabilité aux trois puissances étudiées,
respectivement à 600 mW, 1 W et 2 W. (d) Spectres optiques aux puissances de 1 W et 2
W. Simulations numériques de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension en
traits pleins, expérience en pointillés, traitement avec la réponse impulsionnelle en cercles.

Nous avons réalisé la même expérience à une puissance de 1 W (figure 3.19(b)) et 2 W
(figure 3.19(c)). On constate alors que la distribution de probabilité expérimentale (poin-
tillés) est différente de celle calculée à partir de la simulation numérique (traits pleins)
notamment aux grandes amplitudes. Pourtant, les spectres optiques sont quantitative-
ment les mêmes comme on peut le constater sur la figure 3.19(d) où sont superposés les
spectres numériques en traits pleins et expérimentaux en pointillés. Cette différence sur
la statistique provient de la limite de résolution de notre méthode d’échantillonage. Si
des structures plus rapides que 250 fs sont présentes dans les fluctuations d’intensité du
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champ alors notre méthode d’échantillonage ne pourra pas les échantillonner. Par contre,
il est évident que ce problème ne se pose pas dans le cas de la simulation numérique. Nous
avons donc cherché à vérifier cette hypothèse en étudiant numériquement l’influence d’un
processus de filtrage.

Dans la section 3.2.3, nous avons évalué que la réponse impulsionnelle de notre méthode
d’échantillonnage h(t) est une fonction gaussienne d’une largeur de 250 fs à mi-hauteur.
Dans l’espace de Fourier, notre processus de filtrage consiste à multiplier la transformée
de Fourier de l’intensité du champ I(ω, z) par celle de la réponse impulsionnelle h(ω).

If (ω, z) = I(ω, z)× h(ω) (3.15)

Puis, nous calculons la fonction de densité de probabilité à partir de la transformée
de Fourier inverse If (t, z) (If (t, z) = TF−1[If (ω, z)]). Ces résultats sont tracés en cercles
sur les figures 3.19(a), 3.19(b) et 3.19(c). On constate que les distributions de probabilité
traitées (en cercles) se superposent à celles expérimentales (pointillés).

En conclusion, aux puissances de 1 W et 2 W, des structures de grandes amplitudes
et plus rapides que 250 fs apparaîssent dans les fluctuations temporelles d’intensité 22. De
ce fait, notre méthode d’échantillonnage ne permet pas d’échantillonner ces évènements
et la distribution de probabilité est tronquée comme on peut le voir sur la figure 3.19.
Par contre, à 600 mW, la distribution de probabilité traitée (cercles verts) se superpose
à l’expérience (pointillés) et à la simulation numérique sans traitement (traits pleins),
confirmant ainsi la validité des résultats présentés jusque maintenant. En particulier,
le traitement permet de valider la mesure de la réponse impulsionnelle que nous avons
évaluée expérimentalement (section 3.2.3.2).

22. Nous avons montré que la fonction h(t) est une fonction gaussienne possèdant une demi-largeur à
mi-hauteur de 125 fs. La transformée de Fourier h(ω) est une fonction gaussienne dont la demi-largeur
à mi-hauteur est de ' 2, 12 THz. Afin d’évaluer la précision de la valeur annoncée, nous avons utilisé
une fonction de filtrage différente. De la même manière que dans le deuxième chapitre, nous avons utilisé
un filtre passe-bas du premier ordre dont la fonction de transfert est une fonction lorentzienne H̃(ω).
Notre procédure consiste à calculer la fréquence de coupure maximale pour laquelle la distribution de
probabilité n’est pas modifiée par le dispositif de filtrage. La fonction de transfert est donnée par la
formule suivante :

H̃(ω) = 1
1 + iω/ωc

où ωc représente la fréquence de coupure du filtre. La bande passante est alors définie comme égale à la
fréquence de coupure, soit la demi-largeur à mi-hauteur de la fonction H̃(ω).

Notre filtrage consiste à effectuer le produit entre la fonction de transfert du filtre H̃(ω) et le spectre
en intensité de l’onde incohérente. Dans notre procédure, nous avons fait varier la valeur de ωc jusqu’à ce
que la distribution de probabilité calculée reste inchangée suite au processus de filtrage. Nos recherches
ont mené à une bande passante de 2 THz. D’une part, cette valeur est ananlogue à celle calculée avec une
fonction de transfert gaussienne (2, 12 THz). D’autre part, cette valeur reste cohérente avec les largeurs
de spectres observés. A 1 W et 2 W, la largeur à mi-hauteur des spectres est environ de 10 nm soit
2, 6 THz et nous observons les limites de notre méthode. Cependant, cette valeur ne se limite pas à la
largeur à mi-hauteur des spectres. Comme nous avons pu le constater dans le deuxième chapitre, les
ailes du spectre, c’est-à-dire les hautes fréquences, possèdent des informations relatives à l’emergence
d’évènements extrêmes.
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3.3.3.2 Influence de la forme du spectre de la condition initiale

Nos résultats se placent dans le contexte de la turbulence intégrable. La condition ini-
tiale est une onde partiellement cohérente de statistique gaussienne. Nous avons montré
que nous pouvons atteindre un état stationnaire statistique. La forme du spectre optique
de notre onde a été choisie de manière à réaliser le meilleur ajustement possible avec le
spectre expérimental. De ce fait, nous avons utilisé une fonction secante hyperbolique.
Dans cette section, nous avons modifié la forme du spectre et utilisé une fonction gaus-
sienne. Le but est d’étudier l’impact du changement de forme du spectre de la condition
initiale sur l’état stationnaire statistique.

L’expression de la fonction gaussienne que nous avons utilisé est :

n(λ) = P0 exp

(
λ

∆λe

)
(3.16)

où ∆λe est la largeur à 1/e de la fonction gaussienne.
Nous avons utilisé l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension dans les

mêmes paramètres que l’expérience (section 3.3.2).
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Figure 3.20 – Simulations de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension
en considérant deux conditions initiales dont la forme du spectre est différente : fonction
gaussienne (équation 3.16) et sécante hyperbolique (équation 3.5).

La figure 3.20(a) représente l’évolution des hamiltoniens linéaire et non linéaire en
fonction de la propagation pour un spectre gaussien (couleur foncée) et un spectre de forme
sécante hyperbolique (couleur claire). Comme dans la section 3.3.2.1, nous avons calculé
la moyenne des hamiltoniens. Nous les avons ensuite divisé par la valeur de l’hamiltonien
total en z = 0. La différence réside principalement au début de la propagation où le régime
transitoire n’est pas le même. Cependant, l’état stationnaire statistique semble être atteint
dans les deux cas à partir de 100 m. De ce fait, nous avons comparé les distributions de
probabilité à cette distance de propagation sur la figure 3.20(b). On constate que nous
obtenons le même résultat, la distribution de probabilité est à queue lourde dans les deux
cas.
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Au travers de cette comparaison, nous venons de montrer que la forme initiale du
spectre optique influe peu sur l’évolution générale des propriétés statistiques de l’onde
partiellement cohérente.

3.3.3.3 Influence de la statistique de la condition initiale

Nous avons discuté, dans le premier chapitre (section 1.3.3), des travaux récents éf-
fectués par Agafontsev et al. Dans cette étude [Agafontsev et Zakharov 15], les auteurs
effectuent des simulations numériques de l’équation de Schrödinger non linéaire intégrable
à une dimension en utilisant comme condition initiale une onde plane bruitée. Les auteurs
montrent alors qu’il existe un état stationnaire statistique différent de celui que nous ob-
tenons avec une condition initiale partiellement cohérente. Dans cette section, nous allons
reproduire ces simulations numériques avec les paramètres de notre expérience afin de
comparer les résultats avec ceux obtenus dans la section 3.3.2.1 dans le cas d’une onde
initiale partiellement cohérente.

Comparaison des conditions initiales
La condition initiale (relation 3.17) est une onde plane (condensat) à laquelle on super-

pose du bruit. A titre de comparaison, nous avons rappelé celle utilisée dans le cas d’une
onde partiellement cohérente (relation 3.18).

ψ1(t, z = 0) =
√
P0(1 + ε η(t)) (3.17)

ψ2(t, z = 0) =
√
P0 η(t) (3.18)

La fonction η(t) est identique dans les deux cas. Elle correspond, dans l’espace de Fourier,
à une fonction sécante hyperbolique 23 où chaque mode de Fourier possède une phase aléa-
toire (hypothèse des phases aléatoires, section 1.1.1.1). Le paramètre ε permet d’ajuster le
niveau de bruit. Dans les simulations numériques que nous allons présenter, ε vaut 1.10−3.

Nous avons représenté sur la figure 3.21(a) le module au carré de la fonction 3.17.
La figure 3.21(b) correspond quant à elle à la condition initiale partiellement cohérente
que nous avons utilisée jusqu’à présent dans ce chapitre. La forme de ces deux conditions
initiales est bien différente. L’onde partiellement cohérente possède de nombreuses fluc-
tuations d’intensité de grandes amplitudes en comparaison du condensat bruité. Dans ce
cas, nous avons des fluctuations de faible amplitude autour d’une valeur moyenne élevée.

L’insert de la figure 3.21(a) représente le spectre de puissance du condensat bruité en
échelle semi-logarithmique. On peut distinguer la fonction sécante hyperbolique ainsi que
la distribution de Dirac associée à la fréquence de l’onde plane 24.

Nous allons maintenant nous intéresser à la comparaison des fonctions de densité de
probabilité. Dans le cas du condensat bruité, le module au carré de |ψ1|2 peut s’écrire de
la façon suivante :

|ψ1(t, z = 0)|2 = P0(1 + 2 ε<e [η(t)]) +O(ε2) (3.19)

23. Nous rappelons que la forme exacte du spectre optique n(ω) n’est pas importante.
24. Dans l’article que nous avons cité d’Akhmediev et al. dans le chapitre 1, les auteurs faisaient

remarquer qu’ils avaient volontairement omis de représenter la distribution de dirac sur leurs spectres.
De plus, le spectre n’était pas moyenné.
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Figure 3.21 – Comparaison entre une condition initiale type onde plane bruitée (a) et
une onde partiellement cohérente (b). La puissance moyenne 〈P 〉 est de 600 mW. Les
fonctions de densité de probabilité (PDF) correspondantes sont normalisées par rapport
à la valeur moyenne et représentées en (c) et (d) respectivement pour l’onde plane bruitée
et l’onde partiellement cohérente.

Sachant que la statistique de la partie réelle de η(t) est gaussienne, la relation 3.19 permet
de montrer que la distribution de probabilité du module au carré du condensat bruité est
gaussienne et centrée autour de 〈P 〉 = P0. Nous rappelons qu’en revanche la distribution
de probabilité de |η|2 est une exponentielle (figure 3.21(d)).

Propagation du condensat bruité
Nous avons effectué la simulation numérique de l’équation de Schrödinger non linéaire

à une dimension avec les mêmes paramètres que notre expérience (section 3.3.2.1). La
figure 3.22(a) représente l’évolution des hamiltoniens linéaire et non linéaire dans le cas
du condensat bruité. Au début de la propagation, les hamiltoniens linéaire et non linéaire
sont constants. Puis, à partir 400 m, l’instabilité de modulation se développe de façon
non linéaire. Ce comportement est caractérisé par une oscillation des hamiltoniens avec la
distance de propagation. Enfin, dès 3 km, l’amplitude de ces oscillations devient constante
et on atteint un état stationnaire statistique.



3.3. Formation d’ondes scélérates en turbulence intégrable 141

z(km)

0 0.5

0

1

2

-1

1 1.5 2 2.5

H
a
m

ilt
o
n
ie

n
s

(U
n

it
é

 A
rb

it
ra

ir
e
)

3

HNL H0

HL H0

H H0

(a) Condensat bruité
z(km)

0 0.1

0

1

2

-1

0.2 0.3 0.4 0.5

H
a
m

ilt
o
n
ie

n
s

(U
n

it
é

 A
rb

it
ra

ir
e

)

HNL H0

HL H0

H H0

(b) Onde partiellement cohérente

Figure 3.22 – Evolution des hamiltoniens linéaires (rouge) et non linéaires (bleu) en fonc-
tion de la propagation pour les deux conditions initiales. Les hamiltoniens sont normalisés
par rapport à l’hamiltonien total (noir) en z = 0, H0.

Cette évolution des hamiltoniens est très différente de celle obtenue dans le cas d’une
onde partiellement cohérente (figure 3.22(b)). Dans ce cas, il n’y a pas d’oscillations
en fonction de la distance de propagation, ce qui signifie que l’onde aléatoire ne va pas
évoluer suivant les mêmes échelles spatiales. Cependant, dans les deux cas nous atteignons
un état stationnaire statistique que nous allons maintenant chercher à caractériser pour
le condensat bruité.

Nous avons représenté sur la figure 3.23(a), en échelle semi-logarithmique, l’évolution
spectrale du condensat dans l’intervalle où les hamiltoniens sont constants. On constate
que toutes les fréquences comprises dans la bande du gain de l’instabilité de modulation
sont amplifiées de manière exponentielle. Par contre, toutes les composantes spectrales
situées en dehors de la bande d’instabilité gardent la même amplitude et n’évoluent pas.
A ce stade, l’hamiltonien linéaire reste à peu près constant car toute la puissance se situe
dans la fréquence fondamentale, en ν = 0. Au fur et à mesure de la propagation, l’évolu-
tion de l’instabilité de modulation devient de plus en plus complexe, comme l’illustre la
figure 3.23(b).

Nous avons choisi de tracer les spectres correspondant au premier maximum de l’ha-
miltonien non linéaire (à 435 m, en bleu) ainsi qu’au premier minimum (en vert, à 505
m). L’énergie présente dans le mode fondamental diminue et le spectre optique prend la
forme d’une double exponentielle à l’état stationnaire statistique. Cet état asymptotique
issu de la déstabilisation d’un condensat par l’instabilité de modulation a été étudiée
par Agafontsev et al. Au cours de cette évolution non linéaire de l’instabilité de mo-
dulation [Zakharov et Gelash 13, Agafontsev et Zakharov 15], les hamiltoniens linéaire et
non linéaire vont osciller en opposition de phase l’un par rapport à l’autre de manière à
conserver l’hamiltonien total (figure 3.22(a)).

Nous avons tracé l’évolution des fonctions de densité de probabilité sur la figure 3.24(a)
pour des distances particulières. Nous avons choisi celles-ci par rapport aux oscillations de
l’hamiltonien non linéaire. Elles correspondent au premier maximum (435 m, en rouge) et
minimum (505 m, en bleu), puis, à 985 m 25 (vert) et enfin à l’état stationnaire statistique,

25. Cette distance correspond également à un minimum de la courbe du hamiltonien linéaire.
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Figure 3.23 – Evolution du spectre du condensat bruité à différentes distances de pro-
pagation. Condition initiale en rouge. (a) Pour 40 m (noir), 100 m (bleu), 180 m (vert).
(b) Pour 435 m (bleu), 505 m (vert) et 5 km (noir).
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Figure 3.24 – Distributions de probabilité des fluctuations de puissance pour : (a)
Condensat bruité. (b) Onde partiellement cohérente.

à 5 km (noir). Ce comportement est particulier car la statistique tend vers une distribution
de probabilité exponentielle alors que la statistique de la condition initiale est proche d’une
distribution de Dirac (statistique gaussienne centrée autour la puissance moyenne). Ceci
est très différent dans le cas de l’onde partiellement cohérente (figure 3.14(b)) où l’on
tend vers une distribution à queue lourde en partant d’une distribution de probabilité
exponentielle pour la condition initiale.

Nous avons réalisé ici une comparaison entre la propagation d’une onde partielle-
ment et un condensat bruité. Les paramètres de la simulation numérique de l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension sont les mêmes dans les deux cas. Les résul-
tats que nous présentons pour le condensat bruité ont été initialement publiés et étudiés
par Agafontsev et al. [Agafontsev et Zakharov 15]. Cependant, la comparaison entre ces
deux ondes aléatoires montre qu’il existe un état stationnaire statistique dépendant de la
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nature de la condition initiale.

Dynamique des deux types d’ondes aléatoires Dans le premier chapitre (sec-
tion 1.2.3.2), nous avons présenté les études réalisées dans le cas d’un condensat bruité
[Dudley et al. 14, Toenger et al. 15]. Dans ces travaux, les auteurs s’intéressent à l’évolu-
tion spatio-temporelle du système d’onde. Par ailleurs, Dudley et al. ainsi que Toenger et
al. essaient d’identifier les structures cohérentes de grandes amplitudes en les comparant
à des solutions particulières de l’équation de Scrödinger non linéaire à une dimension
(solitons sur fond continu).
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Figure 3.25 – Diagramme spatio-temporel sur une distance de 5km pour le condensat
bruité (a) et l’onde partiellement cohérente (b)

Nous avons choisi de poursuivre notre comparaison en comparant les diagrammes
spatio-temporels caractérisant l’évolution du condensat bruité (figure 3.25(a)) et de l’onde
partiellement cohérente (figure 3.25(b)). Nous rappelons que cette comparaison est effec-
tuée dans les mêmes paramètres, sur la même distance de propagation (5 km) et que
seule la condition initiale change. Pour le condensat bruité, on peut distinctement consta-
ter l’émergence de structures cohérentes périodiques en temps, en espace ou les deux. Ces
structures semblent se scinder, puis, collisionner à différentes distances de propagation.
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Dans le cas de l’onde initialement partiellement cohérente, le comportement est très diffé-
rent. Certes, on distingue la collision de structures particulières, mais, à grandes distances,
ces structures se propagent avec des vitesses différentes dans le plan associé à l’évolution
spatiale (z) et temporelle (t) de l’onde.

Le dernier point que nous souhaitons aborder concerne la comparaison des fluctua-
tions temporelles d’intensité de ces deux ondes aléatoires à l’état stationnaire statistique
(5 km). Dans l’exemple de la figure 3.26(a) où la puissance est normalisée, on distingue
un maximum dont la valeur est 10 fois supérieure à la puissance moyenne. Pour l’onde
partiellement cohérente, le comportement est différent et on constate l’émergence de struc-
tures dont la puissance est 15 à 35 fois supérieure à la puissance moyenne. Cependant, les
conditions initiales sont très différentes. Pour le condensat bruité (figure 3.21(a)) les fluc-
tuations d’intensité sont très faibles autour de 〈|ψ|2〉 alors que pour l’onde partiellement
cohérente (figure 3.21(b)), les fluctuations d’intensité sont fortement contrastées. Nous
supposons que l’instabilité de modulation dépend localement du niveau de puissance des
fluctuations. Si nous reprenons la figure 3.21(b) pour l’onde partiellement cohérente, on
peut remarquer des fluctuations d’intensité de puissance initiale déjà quatre fois supé-
rieures à la valeur moyenne. Il n’est pas étonnant, dans ce cas, d’observer des structures
cohérentes de puissance beaucoup plus importantes en comparaison avec le condensat
bruité où les toutes les fluctuations d’intensité sont faibles et centrées autour d’une valeur
moyenne constante 〈|ψ|2〉 = P0.
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Figure 3.26 – Fluctuations d’intensité du champ aléatoire à z=5km et normalisées par
rapport à 〈|ψ|2〉 = P0 pour deux conditions initiales de nature différente (a) et (b).

3.4 Phénomène d’intermittence
L’objectif de cette section est de montrer que le phénomène d’intermittence peut éga-

lement être observé en régime de dispersion anormale. Pour cela, nous avons repris les
résultats de la simulation de l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension à
l’état stationnaire statistique (section 3.3.2.1, pour une distance de 100 m) et appliqué un
filtrage par un filtre passe-haut. Le principe du traitement est identique à celui effectué
dans le deuxième chapitre, pour l’étude de l’intermittence (section 2.3.3).
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Figure 3.27 – (a) Spectre de puissance obtenu pour une distance de 100 m en bleu à
l’état stationnnaire statistique caractérisée dans la section 3.3.2.1. Le filtrage de ce spectre
est effectué par des filtres passe-haut dont d’une largeur de 0, 2 THz (rouge) et 1 THz
(noir). (b) Distribution de probabilité associées aux filtrages par les filtres passe-haut. En
vert, filtrage par un filtre passe-haut de largeur nulle.

La figure 3.27(b) représente le spectre de puissance obtenu à une distance de 100 m
sur lequel nous avons superposé le filtrage par un filtre passe-haut d’une largeur de 0, 2
THz (rouge) et 1 THz (noir) de manière à étudier le comportement statistique de l’onde
à différentes échelles. Nous avons représenté sur la figure 3.27(a), les distributions de
probabilité associées aux filtrages présentés sur la figure 3.27(b) sur laquelle nous avons
ajouté le filtrage par un filtre passe-haut de largeur nulle (vert). On constate que la dis-
tribution de probabilité est à queue lourde dans les trois cas. Lorsque le filtre possède
une largeur nulle nous prenons en compte l’ensemble des fluctuations temporelles d’in-
tensité (section 2.3.3). Pour cette raison, nous obtenons une distribution de probabilité à
queue lourde. Par ailleurs, à différentes échelles, la distribution de probabilité évolue. Ce
comportement met en évidence la présence d’un phénomène d’intermittence en régime de
dispersion anormale. De plus, nous venons de montrer que le phénomène d’intermittence
est présent en turbulence intégrable quelque soit le signe de la dispersion.

3.5 Conclusions. Ondes scélérates en optique et ana-
logie avec l’hydrodynamique

Dans ce chapitre, nous avons étudié le régime de dispersion anormale de la turbu-
lence intégrable. Notre condition initiale est une onde partiellement cohérente dont la
propagation est régie par l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension.

Nous avons montré numériquement qu’il existe un état stationnaire statistique carac-
térisé par une distribution de probabilité à queue lourde. Temporellement, les fluctuations
d’intensité de l’onde aléatoire montrent la présence de structures cohérentes rapides, de
grandes amplitudes et dont la forme s’approche des solutions analytiques de l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension (solitons sur fond continu). De plus, nous
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avons réalisé une expérience d’optique non linéaire quantitativement reproduite par la
simulation numérique. A notre connaissance, nous avons réalisé la première expérience
d’optique permettant d’observer les déviations de la statistique gaussienne d’une onde
partiellement cohérente après propagation non linéaire dans une fibre optique en régime
de dispersion anormale. Deux points importants démarquent notre étude de ce qui est
réalisé dans la littérature :

Premièrement, nous avons développé une méthode d’échantillonnage optique asyn-
chrone afin de détecter les fluctuations rapides d’un signal partiellement cohérent. Notam-
ment, nous avons prouvé que nous étions capables de mesurer la fonction de densité de
probabilité associée à des fluctuations aussi rapides que 250 fs. Cependant, cette méthode
est limitée car elle nous permet uniquement de calculer les distributions de probabilité.
Nous ne sommes pas capables de reconstruire le signal aléatoire dans son intégrabilité.
Dans la section 3.2.1, nous avons évoqué certaines méthodes permettant de caractériser
des impulsions ultra-courtes. Actuellement, des travaux dans le groupe de Dynamique
non linéaire des systèmes optiques et biologiques du laboratoire PhLAM cherchent à dé-
velopper une méthode de mesure ultra-rapide afin d’observer la forme des fluctuations
d’intensité.

Deuxièmement, nous utilisons une onde partiellement cohérente et non une onde
plane bruitée. Le concept d’ondes scélérates prend son origine en hydrodynamique et
la surface des océans est le lieu de l’interaction entre de nombreuses ondes d’ampli-
tudes et de phases aléatoires pouvant être modélisées par une onde incohérente de sta-
tistique gaussienne [Nazarenko 11]. Nos travaux en optique sont analogues à ceux réali-
sés en hydrodynamique dans des expériences effectuées dans un canal à une dimension
[Onorato et al. 04, Onorato et al. 05]. Dans ces expériences, les auteurs montrent que pour
un indice de Benjamin-Feir (section 1.2.1.4) supérieur à un, la formation d’ondes scélérates
est caractérisée par une déformation de la statistique gaussienne. Nous avons calculé l’in-
dice de Benjamin-Feir (BFI) (formule 1.61, section 1.2.1.4) dans le cas de notre expérience.
En prenant une puissance moyenne de 0, 6 W, |γ| = 50 W−1.km−1, |β2| = 20 ps2.km−1 et
∆Ωrms = 1, 1875 rad/ps, on trouve BFIoptique = 1, 46. La quantité d’energie non linéaire
est plus importante dans nos expériences, ce qui favorise l’action de l’instabilité de modu-
lation dans la formation d’ondes scélérates. Par ailleurs, en hydrodynamique, il est difficile
d’atteindre des valeurs de l’indice de Benjamin-Feir trop élevées car une trop forte non
linéarité dans le système provoque un phénomène de déferlement 26 par l’intermédiaire
duquel le front montant de la vague se brise.

Enfin, l’apparition des ondes scélérates dans un système d’onde peut être abordée de
deux manières différentes. Il est possible d’utiliser l’approche statistique et un critère com-
parant l’amplitude des fluctuations par rapport à un seuil. Du point de vue statistique, si
la distribution de probabilité est supérieure à la distribution exponentielle alors le système
d’onde contient des ondes scélérates. Dans ce cas, la condition initiale type onde plane
bruitée ne contient pas d’ondes scélérates à l’opposé de l’utilisation d’une onde partiel-
lement cohérente. Du point de vue de l’amplitude des fluctuations, à la fois l’utilisation
d’une onde plane bruitée et d’une onde partiellement cohérente permet d’observer la for-
mation d’ondes scélérates. Pour ces raisons, nous considérons que l’étude de la formation
des ondes scélérates restent un sujet ouvert.

26. Un exemple bien connu est le déferlement d’une vague à l’approche du rivage.
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Chapitre 4

Laser Raman à fibre : étude du
régime transitoire et statistique

4.1 Introduction
Dans le premier chapitre (section 1.1.2.5), nous avons effectué un état de l’art des

lasers Raman à fibre. Nous avons présenté les différentes théories permettant d’expliquer
l’élargissement spectral mais également l’évolution de la statistique de l’onde Stokes intra
et extra-cavité. Dans ce chapitre, nous allons présenter les résultats obtenus dans le cadre
de cette thèse sur les lasers Raman. Ce chapitre est divisé en deux parties distinctes :

Dans la première partie de ce chapitre (section 4.2), nous présentons un travail ex-
périmental permettant d’étudier l’élargissement spectral de l’onde Stokes dans le régime
transitoire du laser Raman. Cette étude a été initiée par les travaux récents de Turitsyna
et al. mettant en évidence un phénomène de condensat spectral dans le régime transitoire
d’un laser Raman à fibre [Turitsyna et al. 09]. Par ailleurs, nous avons comparé l’élar-
gissement spectral de l’onde Stokes dans le régime transitoire à l’élargissement obtenu
dans le régime permanent. Nous avons montré que l’élargissement spectral suit une loi en
racine carrée quelque soit le régime d’oscillations du laser Raman.

Dans la deuxième partie de ce chapitre (section 4.3), nous présentons les résultats
issus de la première mesure expérimentale de la statistique du laser Raman à fibre. Nous
avons adapté la méthode d’échantillonnage optique asynchrone présentée dans le troisième
chapitre (section 3.2.2) à l’échantillonnage des fluctuations d’intensité de l’onde Stokes.
Grâce à cette méthode, nous avons été capable de mesurer les distributions de probabi-
lité de l’onde Stokes à différents endroits dans la cavité du laser Raman. Ces résultats
rejoignent les conclusions de Randoux et al. et de Churkin et al. établies à partir des simu-
lations numériques d’une équation de Schrödinger non-linéaire généralisée (section 1.1.2.5)
[Randoux et al. 11, Churkin et al. 11]. Par ailleurs, nous avons également effectué les si-
mulations numériques dans les paramètres de l’expérience à partir du modèle utilisé dans
le travail de Randoux et al. en régime de dispersion normale [Randoux et al. 11]. Nous
montrons alors que les distributions de probabilité reproduisent qualitativement les ré-
sultats expérimentaux. De plus, les fluctuations d’intensité de l’onde Stokes incidente sur
les miroirs de Bragg semblent révéler l’apparition de structures cohérentes telles que des
solitons noirs ou gris.

149
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4.2 Etude expérimentale du régime transitoire
L’ensemble de cette section est tirée de l’article [Suret et al. 13] qui est intitulé :

Transient buildup of the optical power
spectrum in Raman fiber lasers

Pierre Suret, Pierre Walczak and Stéphane Randoux∗

We implement an experimental technique enabling to study the transient buildup of
the optical power spectrum in a Raman fiber laser. We investigate the way through which
the laser optical power spectrum broadens before reaching its shape at steady-state.

Introduction
From the observation of the phenomenon of supercontinumm (SC) generation in op-

tical fibers, questions related to the nonlinear propagation of one-dimensional incoherent
light waves have attracted a great deal of interest [Dudley et al. 06, Laurie et al. 12,
Suret et al. 11]. Those questions are not restricted to the only process of SC generation :
they have also been examined for partially coherent cw fiber lasers such as Raman fiber la-
sers (RFLs)[Babin et al. 07b, Turitsyna et al. 09, Randoux et al. 11, Turitsyna et al. 12].
RFLs are now seen as light sources having an optical power spectrum that is determi-
ned by turbulentlike weak interactions among their multiple (typically ∼ 105-108) cavity
modes [Babin et al. 07b, Turitsyna et al. 09, Turitsyna et al. 12].

Although RFLs are cavity-based sources that differ conceptually from single-pass sources
emitting SC, analogous features have been experimentally observed in both systems. In
particular an extreme-type statistics has been observed both in SC generation and in RFLs
[Solli et al. 07, Randoux et Suret 12]. From the theoretical point of view, wave turbulence
theory has been used to describe the phenomenon of spectral broadening occurring both
in SC generation and in RFLs [Barviau et al. 09, Babin et al. 07b].

Apart from experimental and theoretical approaches, numerical modelling of spectral,
temporal and statistical properties of SC or RFLs is also currently a very active field of
research [Churkin et Smirnov 12]. In the specific case of RFLs, Turitsyna et al have used
numerical simulations to show that the sign of the second-order dispersion parameter β2
drastically changes the spectral shape together with the statistics of the laser radiation
[Turitsyna et al. 09]. In addition, numerical simulations made in ref. [Turitsyna et al. 09]
and [Turitsyna et al. 12] predict a phenomenom of spectral condensate for RFLs operating
in the normal dispersion regime (β2 > 0). The spectral condensate consists of a set of a
few modes persisting over a time depending on the value of β2 and on the total number
of modes used in the numerical calculation. It persists typically over hundreds of round
trips after the laser turn-on and the RFL power is found to be quite constant during
the condensate lifetime. The condensate destruction is manifested by a sharp transition
to a lower mean power and to a wider optical spectrum corresponding to strong Stokes
intensity fluctuations [Turitsyna et al. 09, Turitsyna et al. 12].

Up to now, the spectral condensate has not been observed in experiments and it re-
mains a pure numerical prediction. Beyond an experimental tracking of this phenomenon,
questions related to the transient buildup of the optical power spectrum in RFLs have
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not been investigated from experiments. To date only questions related to the shape
of the mean optical power spectrum at steady state have been considered together
with issues concerning the influence of some laser parameters (see e.g. [Babin et al. 07b,
Dalloz et al. 10]). However note that the switching dynamics of cascaded RFLs has been
studied both from experiments and numerical simulations in ref. [Burgoyne et al. 04] and
[Cierullies et al. 05]. Let us emphasize that these works [Burgoyne et al. 04, Cierullies et al. 05]
only provide information on the transient evolution of the Stokes power but no information
on the transient buildup of the optical power spectrum.

In this paper, we demonstrate an experimental technique enabling to record the mean
optical power spectrum of a RFL during the transient regime in which the intracavity
Stokes power builds up consecutively to a sudden switch-on of the pump power. The
proposed setup permits to question the way through which the Stokes optical power
spectrum broadens before reaching its shape at steady-state. In Sec. 4.2, we detail the
design of our experimental setup. In Sec. 4.2, we explore the broadening of the RFL optical
power spectrum in the transient regime associated with the buildup of Stokes emission
from noise to steady state.

Experimental setup
Our experimental setup schematically shown in Fig. 4.1 is basically similar to the

one already used in ref. [Randoux et al. 11, Randoux et Suret 12, Dalloz et al. 10]. The
RFL is pumped by a linearly-polarized Yb-doped fiber laser operating at λp = 1100 nm.
It is made with a 500-m long polarization-maintaining fiber (PMF) having a measured
Raman gain of 12.3 dB/km/W at the Stokes wavelength λs ' 1159 nm. The pump wave
undergoes a single pass inside the fiber. The fiber losses are of 0.9 dB/km and 0.8 dB/km
at λp and λs, respectively. At λs, the second-order dispersion coefficient of the fiber is
β2(λs) = +15.7 ps2/km. The laser cavity is made with two uniform (unchirped) fiber
Bragg gratings with a bandwidth of ∼ 0.5 nm and peak reflectivities of R1 ' 99% and
R2 ' 80%. The pump power available after the first cavity mirror FBG1 can be measured
from a fiber coupler (FC) labeled FC1. In this work, we consider the spectrum of the
Stokes light incident on the output cavity mirror FBG2. It can be recorded by using
another FC (FC2) and a wavelength-dense multiplexer (WDM) separating Stokes light
from pump light. The single-pass insertion losses of FC1 (resp. FC2) are 14% (resp.10%)
at λs. The laser power threshold PTh measured at FC1 is close to 350 mW. The round
trip time τR of light inside the laser cavity is close to 5µs.

The experimental investigation of the transient buildup of the Stokes power spectrum
requires to abruptly switch on the pump power and to subsequently record the Stokes
optical power spectrum at some precise steps in the transient regime associated with the
buildup of Stokes emission from noise to steady state. The duration of this transitory
regime is much shorter than the time required to record the optical power spectrum by
using an optical spectrum analyzer (OSA). Therefore, in our setup, the pump power is
periodically switched on and off by using a power modulator. In our experiments, we have
used either an acousto-optic modulator (AOM) or a chopper wheel to modulate the pump
power. The AOM presents the advantage of a short pump-power rise time (∼ 10 ns) but
the disadvantages of relatively high insertion losses (∼ 4 dB) and low damage threshold
(∼ 5 Watt) that do not permit to push the incident pump power Pin above ∼ 3PTh. With
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Figure 4.1 – Experimental setup. HWP : Half-wave plate. PC : Polarization controller.
AOM : acousto-optic modulator. OSA : Optical spectrum analyzer. Depending on the
experiments, the power modulator can be either a chopper wheel or an AOM.

the chopper wheel, the incident pump power Pin can be increased up to ∼ 11PTh but
the minimum pump power rise time is around ∼ 2 µs. The power modulator (AOM or
chopper wheel) is driven by a waveform generator that delivers a square waveform with
a period T typically around 1 ms (i.e. T � τR).

To measure the Stokes optical power spectrum at some precise steps in the RFL
transitory response, we need an optical gate that can slice short time windows in the
intracavity Stokes signal growing from noise to steady-state. The key element to achieve
this time slicing is a second fiber AOM that is placed after FC2 and WDM2, as shown
in Fig. 1. This fiber AOM is periodically driven by a short electrical pulse that has a
duration τp much shorter than τR (τp is either taken to 1 µs or to 0.125 µs). The pulsed
signal driving the fiber AOM has a period T and it is synchronously generated by the
waveform generator already driving the power modulator. Since the time delay τd between
the leading edge of the square signal and the pulsed signal can be continuously changed,
we can slice short time windows at some arbitrary positions in the transient buildup of
the Stokes power (see Fig. 4.2 and 4.3).

The pulsed periodic Stokes signal found at the output of the fiber AOM is finally
launched in an OSA (Advantest Q8384), as shown in Fig. 4.1 1. The Stokes optical power
spectrum at some particular point inside the transient buildup is acquired in a typical time
of ∼ 30 s. This relatively long acquisition time is necessary to record a mean spectrum
from a signal with a weak duty cycle τp/T of only ∼ 10−3. Note that we have checked that
the power of the RFL does not significantly drift over the acquisition time of the OSA.
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Transient buildup of the intracavity Stokes optical power spec-
trum
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Figure 4.2 – (a), (b) (d) Dynamics of the input pump power (black line), of the intracavity
Stokes power (red line) and of the Stokes signal (blue line) launched in the OSA. (b) is a
magnified view of (a) for Pin ∼ 3PTh with the AOM as power modulator. (d) is recorded
for Pin ∼ 11PTh with the chopper wheel as power modulator. (c) Comparison between
the intracavity Stokes power spectra recorded at steady state with (red line) and without
(green line) switching the input pump power (inset : laser spectra in vertical logarithmic
scale).

Figure 4.2(a) and 4.2(b) show the response of the RFL to periodic and abrupt switches
of the pump power. Figure 4.2(a) and 4.2(b) have been recorded with the AOM as power
modulator. The incident pump power Pin reaches a maximum and constant value of ∼ 1
Watt (i.e. Pin ∼ 3PTh) in a short duration of 10 ns. In these conditions, the RFL switches
on after a delay of ∼ 60 µs. As illustrated in Fig. 4.2(d), this delay is reduced to ∼ 12 µs
when the incident pump power is increased to ∼ 4 Watt (i.e. Pin ∼ 11PTh). For a relatively
low pump power (Pin ∼ 3PTh), the intracavity Stokes power builds up in several discrete
steps, each of them having a duration τR of one cavity round trip (∼ 5µs) (see Fig. 4.2(b)).
On the other hand, the duration of the RFL switching transient is reduced to ∼ 5µs at
higher pump power (Pin ∼ 11PTh) (see Fig. 4.2(d)). Because of the use of the chopper
wheel at high pump power, the rise time for the pump power (∼ 2µs) in Fig. 4.2(d) is
close to the duration of the laser switching transient, thus possibly smoothing discrete
steps such as the ones reported in Fig. 4.2(b).

Preliminary experiments have been performed in order to evaluate the performances of
the time-resolved measurement of the Stokes optical power spectrum described in Sec. 4.2.
To this end, Stokes optical spectra at steady-state have been compared with and without
activating the periodic modulation of the input pump power. When the pump power is
not modulated, we simply record the mean Stokes optical power spectrum at steady state
for a given intracavity Stokes power Ps. In these simple conditions, the time-resolved
measurement of the spectrum is obviously not activated and the corresponding spectrum
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is plotted in green lines in Fig. 4.2(c). When the pump power is periodically switched on
and off, we use the optical gating technique described in Sec. 4.2 and we record the Stokes
optical power spectrum at steady state, well after the transient evolution of the Stokes
power (see Fig. 4.2(a), 4.2(b) showing that a delay τd ∼ 190µs is used to record spectra
plotted in red lines in Fig. 4.2(c)).

Figure 4.2(c) shows that there is only a small difference between the spectra measured
with the two methods at the same intracavity Stokes power Ps. Secondary experiments
have shown that this small difference arises from thermal expansion of the FBGs, a phe-
nomenon that has already been pointed out in ref. [Karalekas et al. 07]. Switching on and
off the incident pump power divide in half the average pump power seen by the FBGs,
thus slightly reducing the thermal expansion of the FBGs and consequently the weak
thermal shift (∼ 0.02 nm) of the Stokes central wavelength.
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Figure 4.3 – (a), (c) Transient buildup of the intracavity Stokes power and (b), (d)
corresponding buildup of the Stokes optical power spectrum when the incident pump
power is abruptly switched on between zero and Pin. In (a), (b) Pin ∼ 3PTh. In (c),
(d), Pin ∼ 11PTh. The normalized spectra (1), (2), (3) in the right-column are measured
during the time windows (1), (2), (3) shown in the left-column by using the experimental
technique described in the text. The normalized spectra plotted in red in (b) and (d) are
the laser spectra at steady-state. The insets in (b), (d) are the laser spectra plotted in
vertical logarithmic scale.

Considering that we can now confidently assume that our time-resolved spectral mea-
surement technique is valid, we have measured the intracavity Stokes spectra at some
discrete positions in the transient buildup of the intracavity Stokes power, as illustrated
in Fig. 4.3(a),(c). As shown in Fig. 4.3(b) and 4.3(d), experiments reveal a monotonic broa-
dening of the intracavity Stokes optical power spectrum. Note that the spectral condensate
predicted in ref. [Turitsyna et al. 09, Turitsyna et al. 12] has not been observed with the
parameters of our RFL. To further investigate the buildup of the Stokes optical power
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spectrum, we have studied the evolution of its full width at half maximum (FWHM) as a
function of the intracavity Stokes power. The black squares and green triangles plotted in
Fig. 4.4 are obtained in the transient regime from the experiments above described. On
the other hand, the blue cross plotted in Fig. 4.4 represent the FWHM of the intracavity
Stokes spectrum at steady state. Figure 4.4 shows that the RFL spectrum at steady state
broadens with the intracavity Stokes power according to a square-root law already evi-
denced in ref. [Babin et al. 07b]. Regarding the transient evolution of the RFL spectrum,
our experiments strikingly show that it follows a square-root broadening close to the one
observed at steady state.

Let us emphasize that Fig. 4.3 and Fig. 4.4 evidence features of qualitatively different
natures : Fig. 4.3 shows that transient broadening of the spectrum to its steady-state
is monotonic whereas Fig. 4.4 shows the existence of a square-root law connecting the
FWHM of the Stokes spectrum and the intracavity Stokes power both in transient and in
steady-state regimes.

From the square-root law found in our experiments, we conclude that the transient pro-
cess through which the Stokes power spectrum builds up is physically essentially governed
by the intracavity Stokes power. For RFLs operating in cavities made with hundred-meters
long fibers, we can infer that the optical power spectrum at some step in the transient
buildup is essentially determined by the instantaneous value taken by the intracavity
Stokes power.
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Figure 4.4 – Square-root broadening of the intracavity Stokes optical power spectrum.
The blue cross represent experimental values of the FWHM of Stokes spectrum at steady
state and the red line is a square-root fit of these data. The green triangles and the black
squares are measurements of the FWHMmade in the transient build up of Stokes emission.
The green triangles have been measured with experimental conditions close to those of
Fig. 3(a),(b) (Pin ∼ 3PTh) and for three values of τd (τd = 65, 70, 75µs). The black squares
have been measured in three different runs with experimental conditions close to those of
Fig. 3(c),(d) (Pin ∼ 11PTh) and for three values of τd (τd ∼ 13.1, 15.5, 16.2µs).
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Conclusion
We have implemented an experimental technique enabling to record the mean optical

power spectrum of a RFL during the transient regime in which the laser switches on
consecutively to an abrupt change of the pump power. This setup permits to question
the way through which the Stokes optical power spectrum broadens before reaching its
shape at steady-state. In the transient regime associated with the buildup of the Stokes
emission, our experiments show that the FWHM of the RFL spectrum monotonically
broadens with the intracavity Stokes power.

Our study made with a RFL operating in a typical configuration commonly found
proves that the square-root broadening evidenced in ref. [Babin et al. 07b] is a robust
law not only valid at steady state but also in the transient regime. For the RFL used
in our experiment, experiments did not reveal a signature showing the existence of a
narrow Stokes optical power spectrum possibly associated with a spectral condensate.
This is consistent with numerical simulations showing that the existence of the condensate
dramatically depends on some laser parameters such as the number of interacting modes
[Turitsyna et al. 09, Turitsyna et al. 12]. The experimental tracking of the phenomenon
of spectral condensate requires the design of a specific RFL from numerical simulations
and the setup presented in this paper could be useful for future experimental researches
on this phenomenon.
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4.3 Mesure expérimentale de la statistique
L’ensemble de cette section est tirée de l’article [Walczak et al. 15b] qui est intitulé :

Statistics of a turbulent Raman fiber laser
Pierre Walczak, Stéphane Randoux and Pierre Suret∗

We report the experimental study of statistical properties of partially coherent waves
emitted by a Raman fiber laser operating in the normal dispersion regime. Using an
asynchronous optical sampling technique, we measure accurately the probability density
function of the optical power of the Stokes wave that exhibits strong and fast fluctuations.
As predicted from numerical simulations presented by Randoux et al. in Opt. Lett. 36,
790, 2011, the statistical distributions of the intracavity Stokes power are found to be very
different before and after reflection on the cavity Bragg mirrors. In particular the Stokes
wave incident on fiber Bragg grating mirrors exhibits a statistics with tails that are much
lower than those defined by the normal law.

All-fiber Raman lasers demonstrated around the beginning of the 2000’s have been ini-
tially considered as versatile light sources having the ability to deliver high-power radiation
at virtually any wavelength of the near-infrared region [Karpov et al. 99, Cumberland et al. 07,
Bélanger et al. 08, Karalekas et al. 07]. However the optical power spectrum of Raman fi-
ber lasers (RFLs) is typically composed of 105 to 108 longitudinal modes interacting
through four-wave mixing processes and the partially coherent light emitted by these
lasers rapidly fluctuates in time [Babin et al. 07b, Suret et Randoux 04]. Although the
complicated turbulent-like processes coupling cavity modes practically influence the per-
formances of RFLs, the question of their statistical and spectral properties has now ta-
ken a fundamental importance. Nowadays the RFL is considered as a physical system
providing an extraordinary laboratory for the investigation of one dimensional dissipa-
tive turbulence [Babin et al. 07b]. In particular, recent experiments have demonstrated
a laminar-turbulent transition in a RFL [Turitsyna et al. 13], thus revealing that some
fundamental features found in the field of hydrodynamics can be also observed in optics .

Questions about the properties of the light emitted by RFLs have been first exami-
ned from the spectral point of view. The spectral broadening phenomenon occurring in
RFLs has been experimentally studied in conventional lasers made with cavities including
two fiber Bragg grating (FBG) mirrors [Bouteiller 03, Babin et al. 06, Babin et al. 07a,
Babin et al. 08b, Babin et al. 08a, Suret et al. 13]. The influence of the spectral shape
and of the phase of FBG mirrors on the laser power spectrum has been investigated
in detail [Turitsyna et al. 10, Dalloz et al. 10]. The specific situation of ultralong fiber
lasers, grating-free lasers and random distributed feedback lasers has been also exa-
mined in refs. [Randoux et al. 09, Babin et al. 08b, Babin et al. 08a, Turitsyn et al. 10]
and the evolution of the spectral shape inside the laser cavity has been studied in ref.
[Randoux et al. 11].

From the theoretical point of view, the mechanisms determining the shape and the
width of the optical spectrum of RFLs have been analyzed by using the wave turbulence
theory [Babin et al. 07b]. Within this theoretical framework, the optical power spectrum
is an averaged statistical quantity [Nazarenko 11, Picozzi 07, Picozzi et al. 14]. Although
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mean optical power spectra are relatively easy to measure, they only provide minor in-
formation about the statistics of the partially coherent field emitted by the laser. A more
complete picture can be obtained from statistical distributions of the partially coherent
wave. However it is often challenging to measure these quantities and this has never been
made in RFLs. So far, statistical properties of ultralong RFLs have been investigated from
numerical integration of a mean-field model [Turitsyna et al. 09]. Using a more complete
model, Churkin et al. have used numerical simulations to compute the probability density
function (PDF) of the intracavity Stokes power in a RFL operating in the normal dis-
persion regime [Churkin et al. 10]. It has also been predicted from numerical simulations
that the statistics of the intracavity Stokes field is strongly modified by the reflection on
the FBG mirrors [Churkin et al. 11, Randoux et al. 11].

To the best of our knowledge, the only experimental measurement of PDF of optical
power in RFLs has been performed by using narrow spectral filters and conventional
photodetectors [Randoux et Suret 12]. The use of this filtering technique in a RFL has
revealed the occurrence of extreme events in the tails of the spectrum, which is a signature
of a more general phenomenon of intermittency [Randoux et al. 14]. Despite these partial
measurements of the light statistics made in some filtered regions of the laser spectrum,
the statistical properties of the global Stokes field have never been measured.

Indeed, up to recent fundamental advances, the fast dynamics underlying the turbulent
behavior of RFLs was not observable ; contrary to some ytterbium fiber lasers specifically
designed to emit a very narrow optical spectrum [Bednyakova et al. 13], the typical spec-
tral width of fluctuations in RFLs is comprised between 100 and 300GHz. Therefore the
Stokes dynamics cannot be accurately observed by using photodetectors having a maxi-
mum bandwidth that is around 50GHz. It has been recently shown that it is possible to
determine whether the statistics of light is Gaussian or not by using an indirect technique
based on detectors having a spectral bandwidth narrower than the bandwidth of light
fluctuations [Gorbunov et al. 14]. However the PDF of optical power cannot be measured
with this technique.

Optical sampling methods also represent powerful tools to investigate statistical pro-
perties of RFLs. These methods rely on the mixing of an incoherent signal with a re-
gular train of short pulses in a nonlinear medium. Using Raman amplification in fi-
ber, this method has been implemented for the investigation of intensity noise in RFLs
[Schröder et Coen 09]. In recent experiments showing the occurrence of optical rogue
waves in integrable turbulence, we have demonstrated that the PDF of optical power
fastly fluctuating with time can be accurately measured with an asynchronous optical
sampling (AOS) technique [Walczak et al. 15a].

In this letter, we use this AOS technique to measure, for the first time to our know-
ledge, the PDF of optical power fluctuations in a cw RFL. As expected from previous
works [Randoux et al. 11, Churkin et al. 11], the statistics of light can be strongly non
Gaussian. Confirming the numerical prediction of [Randoux et al. 11, Churkin et al. 11],
we show additionally that the statistics of the Stokes light strongly changes from reflection
on the cavity FBGs.

Fig. 4.5 shows a schematic representation of the experimental setup implemented to
investigate the statistical properties of a RFL. The pump laser is a linearly-polarized
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Figure 4.5 – Experimental setup. WDM : Wavelength-dense multiplexer. PC : Polariza-
tion controller. FC1 and FC2 : fiber couplers. FBG : Fiber Bragg grating. Observation of
PDF of the Stokes intensity fluctuations is made at points T (Stokes light transmited by
FBG2), B (Stokes light reflected by FBG2) and F (Stokes light incident onto FBG2).

Yb-doped fiber laser operating at λp = 1064 nm. The RFL is made with a 500-m long
polarization-maintaining (PM) single mode fiber having a Raman gain of 12.3 dB/km/W
at the Stokes wavelength λs ' 1120 nm. The pump wave undergoes a single pass inside
the fiber. The Kerr coefficient of the fiber is γ = 6W−1km−1. The fiber exhibits a normal
dispersion with a group velocity dispersion (GVD) coefficient β2 ' 18ps2km−1 at the
Stokes wavelength. The fiber losses are of 0.8 dB/km at λs. The laser cavity is made
with two unchirped PM FBGs and exhibiting spectral bandwidth of ∼ 0.5 nm and peak
reflectivities of R1 ' R2 ' 99%. Polarization controlers (PCs) are used to control the
light state of polarization near FBG2. As extensively discussed in ref. [Dalloz et al. 10,
Suret et Randoux 04], the RFL of Fig. 4.5 has been designed with a great care to make
sure that the intracavity pump and Stokes waves remain linearly polarized best to within
a few percent.

We study the PDFs of the Stokes field near FBG2. We use an intracavity fiber coupler
(FC) made with a standard fiber and having a relatively high extraction coefficient ('
50%) because the measurement of PDFs of the Stokes fields practically requires optical
signals having a power that is around several hundreds of mW [Walczak et al. 15b]. With
this FC, the effective maximum reflectivity coefficient of the output mirror is 50%×50% '
25%. We will consider the optical spectra and PDFs of the intracavity forward-propagating
Stokes wave (point F in Fig. 4.5), of the intracavity backward-propagating Stokes wave
(point B in Fig. 4.5) and of the Stokes wave transmitted by FBG2 (point T in Fig. 4.5).
The laser power threshold is ∼ 750 mW. In this letter, the input pump power is fixed at
7.8W and the optical power of the incident, reflected and transmitted Stokes waves are
of PF = 2.45W, PB = 0.55W and PT = 1.18W, respectively.

The measurement of the PDF of optical power of the Stokes wave is achieved by using
AOS (see [Walczak et al. 15b] for details). Green pulses are generated at a wavelength
λ = 530nm by sum-frequency generation (SFG) between the Stokes waves and short
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“pump” pulses having a central wavelength λP = 1007nm. SFG is achieved in a 5×5×2mm
BBO crystal. Non collinear Type I phase matching is achieved with an external angle of
10o between the pump and the Stokes waves. The 140fs-long pump pulses are emitted by
a mode-locked Ti :Sa laser (Coherent Cameleon ultra II) with a repetition rate of 80MHz.
The pulse-to-pulse peak power fluctuations are typically less than 4%. The maximum
output power of the fiber laser is much weaker than the peak power (' 7.104W) of the
pump pulses. The pump pulses remain therefore undepleted and the peak powers of SFG
pulses are proportional to the instantaneous optical powers Pi=F,B,T carried by the signal
[Boyd 92]. We compute the PDF of Pi=F,B,T from the statistical distribution of the peak
powers of the periodic SFG pulses.The SFG pulses are observed by using a highly sensitive
photodiode (MenloSystem FPD310-FV) having a gain of ' 104 and a rise time of 0.7ns.
We record the output of the photodiode with a fast oscilloscope (Lecroy WaveRunner
104MXi-A, bandwidth 1GHz, 10GS/s). The normalized PDF of the signal is computed
from an ensemble of approximately 16 millions values of SFG peak powers.
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Figure 4.6 – (a), (c) Experiments. (b), (d) Numerical simulations. (a), (b) Optical power
spectra of Stokes light incident onto FBG2 and (c), (d) of Stokes light transmitted (blue
line) and reflected (red line) by FBG2. The insets in (a), (b) represent the spectra plotted
in vertical logarithmic scale.

Optical power spectra of the forward, backward and transmitted Stokes waves are
shown in Fig. 4.6. As already reported in [Randoux et al. 11, Churkin et al. 11], the shape
of the spectrum strongly depends on whether Stokes light is incident, transmitted or reflec-
ted by FBG2. The typical spectral width of the Stokes waves ∼ 1THz which corresponds
to time scale for fluctuations of the optical power of the order of 1ps. As demonstrated
in [Walczak et al. 15b], our AOS setup allows an accurate measurement of the PDF of
optical power fluctuating over time scales as short as 250fs.
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The PDFs of the normalized Stokes powers Pi/〈Pi〉 are shown Fig. 4.7. The exponential
distribution exactly corresponding to a Gaussian statistics of the field is also shown in
black solid line. Regarding Fig. 4.7, the first striking feature is that the PDF of power of
the light that is incident on FBG2 is very different from the exponential law. As predicted
from numerical simulations [Churkin et al. 10], the most probable value for PF is non zero
and it is almost equal to the average value 〈PF 〉 of PF . Moreover, the high values of the
power are less probable than those predicted by the exponential distribution. This low
probability of extreme events is a signature of the interplay between four wave mixing
and normal GVD [Randoux et al. 14].

On the other hand, the PDFs of power fluctuations characterizing the transmitted and
the reflected Stokes waves strongly differ from the PDF of the forward-propagating Stokes
wave. As shown in Fig. 4.7, the PDF of reflected and transmitted Stokes light are very close
to the exponential distribution. This means that the linear spectral filtering induced by
the FBGs induces a strong modification of the statistics of light. These statistical features
have been predicted from numerical simulations [Randoux et al. 11, Churkin et al. 11] but
they have never been observed in experiments.
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Figure 4.7 – Experiments. PDF of optical power of the Stokes wave that is incident on
FBG2 (green line), reflected by FBG2 (red line) and transmitted by FBG2 (blue line). The
black line represents the exponential distribution PDF[P/〈P 〉] = exp(−P/〈P 〉). Inset :
vertical logarithmic scale is used instead of libear vertical scale.

Using the model and the algorithm described in [Randoux et al. 11], we have perfor-
med numerical simulations with the parameters corresponding to our experiments. The
iterative model combines two equations describing the forward and backward propagation
of Stokes waves together with the discrete spectral filtering action produced by the FBGs
after each single-pass inside the cavity fiber [Randoux et al. 11]. The physical ingredients
found in the propagation equations are the Raman gain, the linear losses, the Kerr effect
and the GVD induced by the fiber. The reflections on FBG1 and FBG2 are treated by
using the analytic expression for the complex reflectivity coefficients of the unchirped
FBGs (Eq. (21) of ref. [Erdogan 97]).
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Fig. 4.8 represents the temporal evolution and the stationary PDFs of optical powers
computed from numerical simulations. As in the experiments, the Stokes wave that is inci-
dent on FBG2 exhibits a statistics that is far from the normal law whereas the statistics of
the reflected and transmitted fields are nearly Gaussian (i.e. PDF of optical power nearly
exponential). Stokes fields located near FBG1 exhibit statistical properties qualitatively
similar to those found near FBG2.
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Figure 4.8 – Numerical simulations. Temporal evolution (a) and PDFs (b) of optical
power of the Stokes wave that is incident on FBG2 (green line), reflected by FBG2 (red
line) and transmitted by FBG2 (blue line).

The comparison between experiments (Fig. 4.7) and numerical simulations (Fig. 4.8.b)
demonstrates that the model used in [Randoux et al. 11] reproduces the main statistical
properties of the RFL. However differences can be noticed for large powers of the trans-
mitted Stokes waves (blue lines in Fig. 4.7 and 4.8). The measurement of the PDF of
the transmitted Stokes whose optical spectrum is dominated by high frequencies might
be very sensitive to the AOS response time (250fs). These slight differences might also
be due to some approximations of the model in which the pump is considered as mono-
chromatic. Further investigation are needed to investigate the influence of the coherence
of the pump [Churkin et al. 10].

In this letter, we have reported the first experimental measurement of the PDF of the
optical power of Stokes waves emitted by a RFL operating at a high pumping rate. We have
demonstrated that the AOS technique may be very useful to investigate the statistical
behavior of complex optical devices such as fiber lasers, that exhibit fast dynamics of
optical power [Lecaplain et al. 12].

From our experimental observations and our numerical simulations, the scenario of
the emergence of non Gaussian statistics in RFLs can be drawn. In a first step, non-
linear propagation inside the cavity fiber induces a strong distortion from the normal
law. In the normal dispersion regime, a low-tail deviation from the normal distribution
is observed. In a second step, statistics of the Stokes field becomes again nearly Gaus-
sian from reflection on the FBG mirror. This two-step process repeats itself periodically
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inside the laser cavity. The enhancement of the tail of the PDF induced by the trans-
mission through the Bragg grating might be related to the intermittency phenomenon
[Randoux et Suret 12, Randoux et al. 14]. Note that the statistical changes observed from
a single pass propagation inside the cavity fiber are qualitatively similar to those found in a
wave system described by the integrable one-dimensional nonlinear Schrödinger equation
in the defocusing regime [Randoux et al. 14].
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Les travaux présentés dans ce manuscrit sont consacrés à l’étude de la propagation
non linéaire d’ondes partiellement cohérentes dans une fibre optique monomode. Plus
particulièrement, nous nous sommes intéressés à l’influence de la propagation non linéaire
unidirectionnelle sur la statistique de l’onde aléatoire.

Dans le premier chapitre, nous avons présenté un bref état de l’art des études numé-
riques, théoriques et expérimentales traitant de l’évolution spectrale et statistique d’une
onde partiellement cohérente en optique et en hydrodynamique. Sur le plan théorique,
l’équation de Schrödinger non linéaire à une dimension joue un rôle central dans nos
travaux car elle décrit quantitativement le comportement des expériences présentées aux
deuxième et troisième chapitres. Cette équation admet des solutions aux propriétés remar-
quables telles que les solitons ou des solitons sur fond continu. L’équation de Schrödinger
non linéaire décrit également des phénomènes génériques tels que les ondes dispersives de
choc ou l’instabilité de modulation. D’un point de vue mathématique cette équation est
intégrable car elle peut être résolue par la méthode de diffusion inverse (IST). Cependant,
il est difficile de préserver l’intégrabilité d’un système aussi bien de manière numérique
qu’expérimentale. Nous présentons brièvement des éléments de théorie de la turbulence
d’onde permettant une approche statistique des solutions de l’équation de Schrödinger
non linéaire à une dimension. Cependant, les contraintes inhérentes à la turbulence d’onde
impose un cadre très restreint ; en particulier la non-linéarité doit être très faible. La tur-
bulence intégrable regroupe l’ensemble des phénomènes dynamiques complexes dans un
système intégrable, incluant ceux qui émergent en régime fortement non linéaire. Il existe
peu d’études permettant d’apporter des comparaisons précises entre des expériences im-
pliquant des ondes aléatoires et les simulations numériques stochastiques de l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension. Dans ce mémoire, nous contribuons au travers
des expériences et des simulations numériques présentées à fournir, sur le plan statistique,
des éléments de réponse aux questions posés par la théorie de la turbulence intégrable.

Dans les deuxième et troisième chapitres, nous avons présenté des expériences d’op-
tique respectivement dans le régime de dispersion défocalisant et focalisant. Ces expé-
riences visent à étudier les déviations de la statistique gaussienne de l’onde partiellement
cohérente suite à la propagation non linéaire en simple passage dans la fibre optique. Le
point clef de ces études concerne la détection des fluctuations rapides d’intensité de l’onde
aléatoire qui est limitée par la bande passante des instruments de mesure.

Nous avons développé deux stratégies différentes. Dans le deuxième chapitre, nous
avons dimensionné une source partiellement cohérente pour que sa largeur spectrale soit
inférieure à la bande passante de notre système de détection rapide (' 36 GHz). Dans le
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troisième chapitre, nous avons présenté la possibilité d’utiliser l’échantillonnage optique
pour mesurer la statistique des fluctuations d’intensité. Cette méthode présente l’avantage
de posséder une bande passante de l’ordre du THz. Cette utilisation de l’échantillonnage
optique représente donc une avancée majeure dans la détection des ondes optiques aléa-
toires.

Ces techniques de détection nous ont permis d’étudier la propagation non linéaire
d’ondes partiellement cohérentes en régime de dispersion normale et anormale dans la
fibre optique. Les résultats expérimentaux obtenus sont très bien décrits par l’équation
de Schrödinger non linéaire à une dimension. Nous avons montré qu’il existait deux états
stationnaires différents en fonction du régime de dispersion. En dispersion normale, la
statistique de l’onde partiellement cohérente tend vers une distribution de probabilité à
queue légère. Dans les fluctuations temporelles calculées numériquement, il semble que l’on
peut distinguer des structures cohérentes particulières comme des solitons noirs ou gris
ou des ondes dispersives. Au contraire, en régime de dispersion anormale, la statistique de
l’onde partiellement cohérente tend vers une distribution de probabilité à queue lourde.
Dans ce cas la déviation de la statistique gaussienne après propagation semble pouvoir être
attribuée à l’émergence d’ondes scélérates. Les simulations numériques nous ont permis
d’effectuer des ajustements de ces structures et montrer que leurs formes sont très proches
des solitons sur fond continu (breathers d’Akhmediev, solitons de Peregrine, solitons de
Kuznetsov-Ma).

Enfin, nous avons abordé le phénomène d’intermittence. Nous considérons que notre
signal est intermittent au sens de la définition d’Uriel Frisch [Frisch 95] : un système
présente de l’intermittence si la statistique des échelles lentes est différente de la statistique
des échelles rapides. Cette séparation des échelles est réalisée en utilisant un dispositif de
filtrage spectral des basses et hautes fréquences du spectre. Cette opération nous permet
de séparer les échelles de temps lentes des échelles de temps rapides de l’onde partiellement
cohérente. A l’aide d’un dispositif de détection rapide, nous avons mesuré la distribution
de probabilité associées à ces échelles de temps. Aux échelles de temps lentes la statistique
est gaussienne alors que la statistique des échelles de temps rapides suit une distribution de
probabilité à queue lourde. De plus, nous avons montré grâce aux simulations numériques
que ce comportement existait quelque soit le signe de la dispersion.

Il est possible d’envisager différentes perspectives au travail réalisé dans cette thèse.

Notre méthode d’échantillonnage optique asynchrone a permis d’augmenter la bande
passante de notre système de détection des fluctuations temporelles d’intensité de l’onde
aléatoire. Un des enjeux des travaux futurs de l’équipe est d’améliorer le dispositif afin
d’observer la forme des structures cohérentes qui apparaissent dynamiquement.

A l’aide de source très étroites spectralement, il est maintenant envisageable d’observer
précisément la dynamique d’onde partiellement cohérente. Une des questions compléte-
ment ouverte et d’obtenir des informations sur la phase de l’onde. Tout ce qui a été
développé ici concerne les fluctuations d’intensité et il est possible de mesurer à l’aide
d’une source étroite la phase. Une piste possible est la détection hétérodyne basée par
exemple sur l’utilisation d’un interféromètre de Michelson. Un des gros intérêt des me-
sures conjointes de la phase et de l’intensité serait de contribuer à une nouvelle analo-
gie entre l’optique et l’hydrodynamique. En effet, dans le régime fortement non linéaire,
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les équations décrivant la dynamique de l’intensité |ψ|2 et de la fréquence instantan-
née u = ∂φ/∂t sont comparables aux équations hydrodynamique (Euler et continuité)
[Madelung 27, Landau et Lifchitz 98, Fatome et al. 14].

D’un point de vue théorique, nous avons expliqué que nous considérons l’équation de
Schrödinger non linéaire à une dimension comme étant intégrable au sens de la transfor-
mée de diffusion inverse ou inverse scattering transform (IST). Cette théorie permet de
“projeter” les solutions de l’équation de Schrödinger non linéaire sur une base de fonctions
non linéaires tel que les solitons. Nous pensons qu’un effort théorique ainsi que numérique
doit être effectué de manière à utiliser l’IST pour caractériser les structures cohérentes
(telles que le breathers d’Akhmediev ou les solitons de Peregrine) observées dans les
ondes incohérentes en propagation non linéaires dans un système proche de l’intégrabilité
[Akhmediev et al. 09b, Hammani et al. 10, Toenger et al. 15, Agafontsev et Zakharov 15].
Ces structures ont une signature particulière dans le spectre non linéaire dit “spectre IST”
[Osborne 10]. L’objectif serait ici de concevoir un algorithme permettant d’isoler les struc-
tures obtenues, par exemple dans les simulations numériques que nous avons présentées,
et de les identifier par la méthode IST. Ce traitement par l’IST pourrait très certainement
faire avancer d’une manière non négligeable la compréhension de la formation des ondes
scélérates dans les systèmes intégrables. L’utilisation de l’IST avec des conditions aux
limites périodiques et avec des conditions initiales aléatoires est un problème mathéma-
tique ouvert et très complexe. Nous espérons par nos travaux contribuer à la motivation
de théoriciens pour construire une théorie statistique de la turbulence intégrable.
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Annexe A

Distribution statistique gaussienne
du champ, distribution exponentielle
de l’intensité

Nous cherchons dans cette annexe à relier la statistique de la partie réelle et imaginaire
d’un processus aléatoire complexe à la distribution de l’amplitude p(A) et de l’intensité
p(I).

Considérons une variable aléatoire U dont la distribution de probabilité pU(u) est
connu et une transformation appliquée à U telle [Goodman 00] :

z = f(u) (A.1)

L’objectif est de déterminer la densité de probabilité pZ(z) de la variable aléatoire Z. On
peut alors déterminer la fonction réciproque telle que :

u = f−1(z) (A.2)

Cette transformation nous permet de calculer la distribution de probabilité de Z :

pZ(z) = pU
[
f−1(z)

] ∣∣∣∣∣dudz

∣∣∣∣∣ (A.3)

Appliquons maintenant cette théorie au cas qui nous intéresse :
Nous considérons un champ complexe z(t) de partie réelle et imaginaire indépendantes et
de statistique p(a, b) gaussienne tel que :

z(t) = a+ ib = A(t)eiφ(t) (A.4)

et
p(a, b) = 1

2πσ2 exp

(
−a

2 + b2

2σ2

)
(A.5)

Dans un premier temps, l’objectif est de calculer la distribution de probabilité de
p(A, φ) de l’amplitude A(t) et de la phase φ(t) de l’onde aléatoire. On peut écrire suivant
les lois des probabilités la formule suivante [Goodman 00] :

p(A, φ) dA dφ = p(a, b) da db (A.6)
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l’intensité

où on considère le changement de variable suivant : a = Acos(φ) et b = Asin(φ). Dans
cette situation, la transformation inverse est donnée par une matrice Jacobienne |J | tel
que da db = |J |dA dφ :

|J | =
∂a
∂A

∂a
∂φ

∂b
∂A

∂b
∂φ

= cos(φ) −Asinφ)
sin(φ) Acos(φ) ⇐⇒ |J | = A (A.7)

On obtient alors :
p(A, φ) = Ap(a, b) (A.8)

D’où :
p(A, φ) = A

2πσ2 exp

(
−a

2 + b2

2σ2

)
(A.9)

Pour trouver la distribution de probabilité de l’amplitude A(t), il suffit d’intégrer sur
la phase la fonction p(A, φ) tel que :

p(A) =
∫ π

−π

A

2πσ2 exp

(
−a

2 + b2

2σ2

)
dφ (A.10)

Sachant que A = a2 + b2, on obtient :

p(A) = A

σ2 exp

(
− A2

2σ2

)
(A.11)

La distribution de l’amplitude du champ suit une distribution de Rayleigh.

Nous allons maintenant nous intéresser à la distribution de probabilité de l’intensité
p(I). Pour calculer la statistique de l’intensité, nous utilisons la même méthode que pré-
cédemment. On écrit tout d’abord :

p(I)dI = p(A)dA⇐⇒ p(I) = p(A)
| dI

dA | (A.12)

Connaissant la distribution de probabilité de l’amplitude et sachant que I = A2, on
montre de façon triviale que la distribution de probabilité de l’intensité suit une distribu-
tion exponentielle de la forme suivante :

p(I) = 1
2σ2 exp

(
− I

2σ2

)
(A.13)



Annexe B

Somme de fréquences : efficacité de
conversion

Dans le troisième chapitre, nous utilisons une méthode d’échantillonnage optique dont
l’interaction non linéaire se fait dans un cristal de BBO. Nous tirons parti de la somme de
fréquence afin de générer le signal échantillonné. Nous rappelons ici les équations régissant
la propagation des trois ondes en interaction [Boyd 92] :

dAp
dz

=
2i deff ω2

p

kp c2 AseA
∗
s e
−i∆kz (B.1)

dAs
dz

= 2i deff ω2
s

ks c2 AseA
∗
p e
−i∆kz (B.2)

dAse
dz

= 2i deff ω2
se

kse c2 ApAs e
i∆kz (B.3)

où Ap appelé onde de pompe correspond au rayonnement émis par le laser Titane-Sapphire.
Le champ As est le signal que nous cherchons à échantillonner, c’est-à-dire, notre source
partiellement cohérente. Enfin, Ase corespond au signal échantillonné.

Dans le cas de l’up-conversion, il s’agit de considérer l’interaction entre une onde de
pompe de forte puissance à la fréquence ωp et l’onde signal de plus faible puissance à la
fréquence ωs. Comme la puissance de l’onde de pompe est considérée comme constante,
cela réduit le système à deux équations :

dAs
dz

= 2i deff ω2
s

ks c2 AseA
∗
p e
−i∆kz (B.4)

dAse
dz

= 2i deff ω2
se

kse c2 ApAs e
i∆kz (B.5)

En considérant les conditions aux bords, c’est-à-dire, qu’en z = 0 l’amplitude de l’onde
échantillonnée est nulle. On peut facilement résoudre ce système à deux équations [Boyd 92]
et montrer que les solutions en intensité s’écrivent de la façon suivante :

Is(z) = Is(0) cos2(α z) (B.6)

Ise(z) = λs
λse

Is(0) sin2(α
√
Ip z) (B.7)
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avec α = deff
√

2ωsωse
nsnsenpε0c3 .

A la sortie du cristal, en z = L, on obtient alors pour l’intensité du signal échantillon-
née :

Ise(L) = λs
λse

Is(0)Ip(0)(αL)2 sinc2(α
√
Ip L) (B.8)



Annexe C

Influence de la bande passante de
détection sur la mesure de la
distribution de probabilité de l’onde
partiellement cohérente

Dans le troisième chapitre, nous avons mis au point une méthode d’échantillonnage
optique asynchrone. Elle permet de mesurer la distribution de probabilité d’une onde
partiellement cohérente dont la largeur spectrale est de l’ordre de la centaine de THz.

Nous présontons ici les mesures effectuées avec une photodiode et un oscilloscope de
bande passante finie d’environ 36 GHz. L’objectif est d’estimer l’erreur commise par la
détection avec un dispositif dont la bande passante n’est pas adaptée.

Nous avons enregistré le signal à l’aide de la photodiode à l’entrée et à la sortie de la
fibre en régime de dispersion anormale. Les paramètres de l’expérience sont identiques à
ceux présentés dans le troisième chapitre. Ces signaux sont représentés sur la figure C.1(a).
On peut principalement observer que le signal après propagation (en vert) possède des
fluctuations d’intensité dont les maxima de puissance sont inférieurs à ceux contenus dans
la condition initiale (en rouge).

Nous traçons ensuite les distributions de probabilité correspondantes (figure C.1(b))
calculés à partir des signaux représentés sur la figure C.1(a). On peut remarquer que la
distribution de probabilité de l’onde partiellement cohérente (en rouge) ne correspond
pas du tout à la distribution exponentielle et en est très éloignée. Ce résultat est très
différent de celui obtenu avec notre méthode d’échantillonnage optique (figure 3.4(b),
section 3.2.2.3) où la distribution de probabilité suivait la distribution exponentielle.

Si maintenant on s’intéresse à la fonction de densité de probabilité après propagation
(en vert sur la figure C.1(b)), on constate qu’elle est en-dessous de la distribution de
probabilité de la condition initiale. Ce résultat est, une fois de plus, fort différent de celui
que l’on obtient sur la figure 3.9(b) de la section 3.3.1 où la distribution de probabilité
était au-dessus de l’exponentielle. Les évènements de grandes amplitudes ne sont pas du
tout résolus avec l’oscilloscope et la photodiode rapide.

Cette petite expérience montre que nous obtenons des résultats érronés aussi bien
qualitativement que quantitativement en utilisant un système de photo-détection de bande
passante non adaptée. De plus, elle souligne l’importance du soin à apporter lors de
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Figure C.1 – Fluctuations temporelles d’intensité et distribution de probabilité enregistré
à l’aide d’un système de détection rapide (oscilloscope et photodiode de 36 GHz de bande
passante). En rouge, la condition initiale, en vert suite à la propagation dans la fibre
optique. Distribution exponentielle en noir, exp(−P/〈P 〉)

l’acquisition de signaux temporels rapides avec un système de photo-détection de bande
passante finie. Par ailleurs, elle met aussi en avant la qualité des résultats obtenus dans
le deuxième et le troisième chapitre.
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Les travaux de thèse présentés dans ce manuscrit concernent la propagation non li-
néaire d’ondes partiellement cohérentes dans des fibres optiques. En particulier, nous
focalisons notre attention sur le cas où le système d’ondes aléatoires est bien décrit par
l’équation intégrable de Schrödinger non linéaire. Nous étudions expérimentalement et
numériquement l’évolution de la statistique des fluctuations d’intensité en fonction des
paramètres fondamentaux tels que le régime de dispersion.

Afin de mesurer la statistique de puissances optiques fluctuant avec des échelles de
temps de l’ordre de la picoseconde, nous avons développé un dispositif d’échantillonnage
optique asynchrone. Nos expériences montrent que la propagation non linéaire influence
nettement la statistique du système d’ondes aléatoires qui s’éloigne fortement de la dis-
tribution normale, prédite par le théorème central limite. La probabilité des événements
de grandes amplitudes augmente fortement en régime focalisant et diminue fortement en
régime défocalisant. Nos simulations de l’équation de Schrödinger non linéaire à une di-
mension reproduisent quantitativement nos résultats et révèlent l’apparition de structures
cohérentes au sein des fluctuations aléatoires. En particulier, en dispersion anormale, il
est possible d’identifier des structures voisines de solutions de l’équation modèle utilisée
tels que les solitons sur fond continu aujourd’hui considérés comme prototypes d’ondes
scélérates.

Nos travaux concernent principalement des phénomènes non linéaires stochastiques
dans un système proche de l’intégrabilité et contribuent donc à l’étude expérimentale de
la turbulence intégrable.

Mot-clés : Optique non linéaire statistique, optique non linéaire, optique statistique,
solitons, processus aléatoire, équation de Schrödinger non linéaire, optique fibrée

This thesis deals with nonlinear propagation of partially coherent waves in optical fibers.
We focus our attention on systems of random waves that are well described by the in-
tegrable one dimensional nonlinear Schrödinger equation. We study both experimentally
and numerically the statistical evolution of power fluctuations of random waves both in
normal and in anomalous dispersion regimes.

In order to measure statistics of the power fluctuations of partially coherent optical
waves with typical time scales in the range of picosecond, we have performed an asynchro-
nous optical sampling method. Our experiments show that nonlinear propagation strongly
influences the statistics of wave systems by producing deviations from the normal distri-
bution. The probability of occurrence of extreme events is significantly enhanced in the
focusing regime whereas it is strongly reduced in the defocucing regime. Our numerical si-
mulations of the one-dimensional nonlinear Schrödinger equation reproduce experimental
results in a quantitative way. Moreover, our results provide evidence of the emergence of
coherent structures embedded in the random fluctuations. In the focusing regime, we ob-
serve coherent structures similar to solitons on finite background that are now considered
as prototypes of rogue waves.

From our work about nonlinear propagation of random waves in systems described
by nearly-integrable equations, we hope to contribute to the development of the field of
integrable turbulence.

Keywords : Nonlinear statistical optics, nonlinear optics, statistical optics, solitons, ran-
dom process, nonlinear Schrödinger equation, optical fiber
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