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Transport du rayonnement cosmique dans les

milieux faiblement ionisés

Résumé Ce travail traite de la propagation et du con�nement d'une instabilité de streaming de rayons cosmiques dans

les phases faiblement ionisées du milieu interstellaire. Je détermine dans un premier temps le taux d'amortissement des ondes

d'Alfvén en résolvant la relation de dispersion des ondes magnétiques dans un milieu collisionnel et visqueux. Je calcule ensuite

le taux de croissance des ondes d'Alfvén en considérant que les rayons cosmiques subissent des phénomènes d'accélération

stochastique de Fermi par les perturbations magnétiques. L'équilibre entre la production et la saturation des ondes d'Alfvén me

permet de proposer un modèle de turbulence de Alfvén auto-générée, slab. Le coe�cient de di�usion en angle d'attaque est

alors dérivé et re�ète l'anisotropie du modèle de turbulence. Des e�ets supplémentaires de saturation du champ magnétique,

l'interaction du spectre de turbulence auto-générée avec le spectre de turbulence à grande échelle et autres perspectives de

travail sont discutées.

Abstract This work discuss the propagation and con�nement of a cosmic rays in weak ionised phases of the interstellar

medium through the triggering of a streaming instability. I �rst determine Alfvén waves damping rate by solving the dispersion

relation of magnetic waves in a collisional and viscous environment. I calculate the Alfvén waves growth rate by considering

that cosmic rays are subject to a stochastic Fermi acceleration process. The balance between production and saturation of

Alfvén waves allows to propose a slab auto-generated Alfvén turbulence model. The pitch angle di�usion coe�cient is derived

and his behavior results from the anisotropy of the turbulence model. Additional e�ects producing turbulent saturation, the

interactions between the auto-generated turbulence spectrum and the large-scale turbulence spectrum, and other perspectives

of work are �nally discussed.
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Chapitre 1

Introduction

1.1 Rayonnement cosmique

On quali�e de rayonnement cosmique (RC) le �ux de particules énergétiques chargées pour la plupart
se déplaçant dans le milieu interstellaire (MIS). En ce sens, les RCs sont des particules énergétiques qui se
déplacent dans un milieu ambiant stationnaire. Les RCs jouent un rôle important dans la dynamique du MIS.
Ces derniers sont composés à ∼ 99% de noyaux et ∼ 1% d'électrons. Les noyaux contiennent ∼ 89% de protons,
∼ 10% de particules alpha et ∼ 1% de métaux. La densité d'énergie moyenne des rayons cosmiques dans le
MIS est d'environ 1 − 2 eV cm−3. Le spectre d'énergie de ces particules s'étend d'environ 100 MeV à des
énergies de l'ordre du PeV pour les RCs galactiques. Tandis que les particules de très hautes énergies semblent
principalement accélérées par les supernovæ, la coupure à basse énergie est liée à l'héliosphère.

Les particules primaires incluent les protons, les neutrons, les noyaux d'hélium, les électrons et positrons
et les noyaux plus lourds. Cette classe de RCs est fortement dominante dans le MIS car ce sont des particules
stables ou dont le temps de vie est notable. Les RCs secondaires sont créés par interaction entre les particules
primaire et/ou avec les photons du milieu. Les particules secondaires ont généralement un temps de vie très
court. Parmi les plus communes on trouve les pions neutres et les muons. Le spectre d'énergie du fond di�us
des RCs est présenté dans la �gure 1.1.

Dans la bande 10−106 GeV la densité de RCs évolue en dN/dE ∝ E−4.7. Tous les rayons cosmiques d'énergie
inférieure au genou ont une origine essentiellement galactique. Au delà du genou dans la bande 106− 1011 GeV,
le spectre de rayons cosmique évolue en dN/dE ∝ E−5. L'origine des rayons cosmiques au delà du genou
est encore mal connue, les recherches semblent indiquer qu'ils ont essentiellement une origine extra galactique
(Glennys et al. 2015) et pour la partie faible énergie les supernovæ (Erlykin et al. 2011 [14]). Il existe de
très nombreuses sources de rayonnement cosmique. Il est admis que les principaux contributeurs de particules
énergétiques galactiques sont les supernovæ. Les résidus d'étoiles mortes comme les rémanents de supernova, les
nébuleuses de vent de pulsar ainsi que les objets compact associés : pulsars, étoiles à neutron, trou noir sont de
très bons accélérateurs de RCs. Les étoiles massives contribuent également au rayonnement cosmique à travers
l'émission de vent stellaire, les systèmes binaires d'étoiles massives à collision de vent stellaire sont également
de très bons émetteurs de particules énergétiques dans le MIS.

Les particules peuvent être accélérées de di�érentes manières. Elles peuvent être soumises à un fort champ
électrique comme dans le cas des magnétosphères de pulsar, elles peuvent aussi (plus rarement) être accélérées
gravitationnellement (par transfert d'énergie gravitationnelle en énergie magnétique) par des objets compacts.
Mais les modes d'accélération principaux des RCs sont les chocs. En e�et, dans un choc les particules sont
accélérés par processus successifs de Fermi du premier ordre et contribuent à la dissipation de l'onde de choc
dans le MIS. Certaines particules sont également produites par des particules accélérées comme par exemple
le π0 qui provient de la collision de deux protons et se désintègre rapidement en deux photons. Des neutrons
peuvent également être produits par collision. Mais ces particules ne nous parviennent pas car leur temps de vie
est trop court. Le temps de vie des électrons est in�ni mais ils sont extrêmement sensibles au champ magnétique
à cause de leur faible inertie et se recombinent rapidement avec des noyaux pour former des éléments chimiques.
Les neutrinos interagissent trop peu avec la matière et sont di�cilement détectables. Seuls les protons peuvent
nous parvenir directement depuis une source énergétique. Cependant, ces derniers sont sensibles aux lignes de
champ magnétique galactique et suivent une marche aléatoire représentative de la complexité de la distribution
du champ magnétique dans le MIS.

3



Figure 1.1 � Spectre d'énergie du fond di�us de RCs. Figure tirée de Diehl (2009) [7].

1.2 Propagation des rayons cosmiques

L'essentiel des RCs sont sensibles à l'interaction électromagnétique (EM). Leur trajectoire au sein de la
galaxie est donc fortement dépendante de la distribution du champ magnétique galactique. En e�et, en première
approximation les lignes de champ magnétique agissent comme un guide pour les particules. La force de Lorentz
nous dit qu'une particule chargée soumise à un champ magnétique rectiligne uniforme suit un mouvement
hélicoïdal caractérisé par une vitesse perpendiculaire à la ligne de champ magnétique notée v⊥ et une vitesse
parallèle à la ligne de champ magnétique notée v‖.
Le point coïncidant avec la ligne de champ magnétique dans le référentiel à la vitesse vreferentiel = v‖ autour
duquel orbite la particule chargée est quali�é de centre guide. Dans ce même référentiel, le rayon de la rotation
est quali�é de rayon de Larmor dé�ni par rl ≈ mcβγ/eB pour une particule relativiste. La vitesse parallèle à la
ligne de champ est dé�nie par v‖ = vµ où µ = cosα et α = (v,B) est l'angle d'attaque de la particule chargée.
Tous ces paramètres sont fortement dépendant de l'intensité du champ magnétique et sont responsables de la
marche aléatoire des RCs dans le MIS.

En particulier, lorsque les lignes de champ magnétique sont perturbées, les paramètres de transport des
particules sont également a�ectés. Ceci est à l'origine de di�érents phénomènes de di�usion des RCs dans le
MIS. Cependant, la di�usion des RCs dépend indirectement de leur énergie par l'intermédiaire du spectre de
turbulence du milieu. Ce phénomène de di�usion dépendante de l'énergie se retrouve à travers les mécanismes
de production d'éléments légers comme le Bore, le Lithium et le Béryllium. Le fait que ces éléments ne sont
produits que par spallation dans le MIS nous donne un renseignement précieux sur le spectre de di�usion des
RCs. En e�et, la �gure (1.2a) nous montre que le ratio Bore/Carbone dépend de l'énergie des particules et que
ce ratio décroît avec l'énergie. Ceci est interprété comme l'augmentation de la probabilité que les noyaux de
Carbone quittent la galaxie en fonction de leur énergie.

En�n, en première approximation la distribution angulaire du rayonnement cosmique dans la galaxie est
isotrope comme le montre la �gure (1.2b). Ceci est la conséquence d'un phénomène de di�usion stochastique
dans la galaxie.

1.3 Problématique et description du travail

Les RCs jouent probablement un rôle fondamental dans la dynamique du MIS. Ils contribuent en particulier à
la turbulence magnétohydrodynamique et peuvent être à l'origine de mécanismes d'instabilités dans les nuages
moléculaires. Ce travail contribue au calcul de la valeur de la turbulence auto-générée par les RCs de faible
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(a) Ratio B/C - Enyamin et al. (2013) (b) Distribution angulaire du rayonnement cosmique -
Bartoli et al. (2015)

énergie (∼ 102 GeV). Il s'agit de comprendre en quoi la turbulence à petite échelle peut avoir un impact
parfois plus important que la turbulence à grande échelle et est impliquée dans des processus astrophysiques
fondamentaux pour la compréhension de la dynamique des nuages moléculaires et des phénomènes de formation
stellaire.

La turbulence dans le MIS est un sujet dont l'importance est croissante depuis que son impact sur l'astro-
physique galactique et extragalactique a été montré. Cependant, il n'existe pas à proprement parler de théorie
de la turbulence. De nombreuses phénoménologies de la turbulence dans les plasmas ont été développées de-
puis les années '60 notamment grâce à la mise en place de la théorie quasi-linéaire du transport (Drummond
& Pines 1962, Velikhov & Sagdeev 1962). Cette théorie permet de résoudre l'équation de transport des RCs
dans l'approximation de faibles perturbations. La théorie de la turbulence MHD compressible et incompressible
dans un milieu ionisé a été mise au point récemment (Goldreich & Sridhar 1995 [49] [20], Lithwick & Goldreich
2001 [31], Cho & Lazarian 2002 [5], 2003 [6]). Cette théorie a été étendue aux milieux partiellement ionisés
en considérant le comportement des neutres dans les milieux MHD (Vishniac, Cho & Lazarian 2001 [53]). Les
di�érents modèles de turbulence sont régulièrement testés par des simulations numériques (Maron & Goldreich
2001 [32], Cho & Lazarian 2002 [5], 2003 [6]) dont l'importance est considérable dans un domaine où toutes les
théories ne convergent pas forcément vers les mêmes résultats physiques.

Saufs comportements asymptotiques bien dé�nis dans des cas idéaux, la dynamique des plasmas est extrê-
mement complexe et son étude passe principalement par les méthodes de modélisation numérique. Des codes
magnétohydrodynamiques (MHD) ont été conçus pour cette approche du problème. Ils permettent de faire de la
parallélisation sur des machines de calcul puissantes a�n de traiter une très grande quantité de données (Teyssier
2002 [52], Pomarede et al. 2008 [38], Kestener 2014, 2012(b), Stone et al. 2010 [50], 2009 [51]). Tous ces codes
sont basés sur la résolution couplée des équations MHD. Il s'avère parfois nécessaire d'avoir des approches plus
complètes lorsque la dynamique des neutres est à prendre en compte. Le formalisme à l'origine de l'étude de la
dynamique d'un plasma MHD passe par l'approche 1-�uide (Braginskii 1965 [4], Balsara 1996 [2]) et décrit le
comportement du �uide dans l'approximation de fort couplage des ions avec les neutres. Dans le cas où les ions
et les neutres ne sont plus couplés, une approche 2-�uides (un �uide chargé et un �uide neutre) est nécessaire
(Pudritz 1990 [39], Balsara 1996 [2]). Des codes MHD ont donc été développés pour tenir compte des di�érents
�uides en interaction dans les milieux MHD. Cependant, les méthodes numériques sont limitées par la résolution
des grilles de calcul. En addition de la croissance exponentielle de la puissance de calcul des machines avec le
temps, une avancée notable dans le domaine des méthodes d'optimisation numérique et dans le domaine du
formalisme du transport MHD est nécessaire.

La turbulence du MIS est clairement impliquée dans les phénomènes d'accélération et de transport des RCs.
Ces derniers engendrent à leur tour de la turbulence. L'ensemble des théories sont basées sur la résolution
d'une équation de transport de densité d'espace des phases des RCs couplée aux équations de la MHD (Achatz,
Steinacker & Schlickeiser 1991 [1], Yan & Lazarian 2011 [57]). Dans la plupart des cas, il n'est pas possible de
résoudre analytiquement ni même numériquement l'équation de Boltzmann avec un terme de collisions di�cile
à déterminer. Une méthode plus adaptée consiste à se placer dans le référentiel du centre guide des particules
et à exprimer de manière perturbative l'ensemble des champs de force �uctuants. L'équation de Fokker-Planck
ainsi obtenue permet d'accéder au comportement de la distribution de RCs à travers le calcul de coe�cients de
di�usion (Schlickeiser 1988ab [41] [42]). Cependant, cette méthode est basée une approximation de �uctuations
quasi-linéaires et ne s'applique pas en régime de forte turbulence.

La compréhension des interactions entre les ondes d'Alfvén et les RCs est donc primordiale. En particulier,
il a été montré qu'un milieu hydromagnétique perturbé peut contribuer à ralentir les mouvements convectifs de
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RCs (Skilling 1975a [46]). A contrario, les ondes d'Alfvén subissent à leur tour une cascade énergétique au pro�t
des mouvements de RCs (Skilling 1975b [47]). En�n, par transfert d'énergie successifs des RCs vers les ondes
et des ondes vers les RCs, les particules peuvent se retrouver con�nées dans une partie restreinte de l'espace
des phases créant ainsi une instabilité de streaming à l'origine de la croissance des ondes d'Alfvén (Skilling
1975c [48]). L'objectif de ce travail est de déterminer le niveau de turbulence auto-entretenu par une instabilité
de streaming de RCs de basse énergie dans les milieux faiblement ionisés. Il s'agit de calculer analytiquement
les variations du champ magnétique moyen à partir de l'équilibre entre l'amortissement des ondes d'Alfvén dû
principalement aux collisions ions-neutres, et la croissance des ondes d'Alfvén grâce à l'instabilité de streaming.
Ceci permet de remonter au coe�cient de di�usion Dµµ en angle d'attaque.

L'intérêt de ce travail est de créer une grille de di�usion des RCs par la turbulence auto-générée d'Alfvén.
Cette grille doit contribuer au calcul du coe�cient de di�usion total des RCs réalisé par le code MHD bi-�uide
Ramses (Dubois & Commerçon 2015 [13]). En e�et, la résolution utilisée dans les simulations de transport de
RCs dans les milieux MHD donne l'accès uniquement au coe�cient de di�usion Dµµ à grande échelle, c'est à dire
à celui généré par la turbulence aux échelles de l'ordre de la taille de la boite de la simulation. Ce travail consiste
également à adapter un code cinétique de di�usion non-linéaire de RCs provenant d'un SNR en l'adaptant aux
milieux faiblement ionisés et en améliorant ensuite le calcul du coe�cient de di�usion (Nava et al. 2016 [37]).

Ce compte rendu se présente comme suit. Dans le chapitre 2 j'introduit l'ensemble des concepts théoriques
fondamentaux de la physique des plasmas et théories liées au transport dans les milieux perturbés, nécessaires à
la compréhension des notions utilisées dans les chapitres suivants. A travers le chapitre 3 je développe le contexte
astrophysique de l'étude et présente les di�érentes phases du MIS et leurs propriétés MHD. Dans le chapitre 4,
je résous la relation de dispersion d'un milieu faiblement ionisé a�n de caractériser le comportement des ondes
d'Alfvén (Xu, Lazarian & Yan 2015b [56]). Dans le chapitre 5 je discute de l'instabilité de streaming et de la
saturation du champ turbulent. Le taux de croissance des ondes d'Alfvén est calculé à partir de la théorie quasi-
linéaire du transport. Dans le chapitre 6 je discute de la turbulence d'Alfvén auto-générée et de son importance
relative à la turbulence injectée à grande échelle. Dans le chapitre 7 je décris les deux applications principales
du calcul des coe�cients de di�usion Dµµ et plus généralement de la phénoménologie des milieux faiblement
ionisés. En�n dans un dernier chapitre je conclu sur les perspectives ouvertes par ce travail.
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Chapitre 2

Éléments de théorie du transport dans les
plasmas en approximation MHD

La dé�nition du terme "plasma" est très vaste. A travers ce terme, nous souhaitons cibler tous les plasmas
astrophysiques froids (10 < T < 104 K) de faible densité (10−2 < ntot < 104 cm−3). Sont ciblés en particulier
les plasmas qui composent le MIS. Dans ce chapitre, nous présentons la propagation des rayons cosmiques dans
les plasmas partiellement ionisés. Ce chapitre n'a pas vocation à faire un cours sur la théorie du transport dans
les milieux turbulents. Le cours de Schlickeiser (2002) [43] détaille parfaitement l'ensemble du formalisme avec
précision. Cette partie présente tout de même les di�érentes dé�nitions, relations fondamentales de la théorie
qui seront par la suite utilisées dans ce travail.

2.1 Grandeurs et caractéristiques principales d'un plasma

D'une manière générale, un plasma est un �uide composé de particules chargées et de particules neutres. Il
est caractérisé par son taux d'ionisation

X =
ni

nn + ni
(2.1)

où ni+ =
∑
a n

a
i+ est l'abondance des espèces chargées positivement et nn =

∑
a n

a
n est celle des espèces neutres.

a désigne l'espèce. On désigne également ni− = ne +
∑

a n
a
i− la densité d'espèces chargées négativement égale

à la densité d'électrons si le plasma ne comporte pas d'autres espèces chargées négativement. e désigne les
électrons et i− désigne tout autre espèce chargée négativement. On dé�nit pour un plasma de densité moyenne
ntot = ni + nn où ni = ni+ + ni−. La longueur de Debye d'écrantage électrique donnée par

λD =

√
kBTe

4πnee2
, (2.2)

Te étant la température électronique, qui caractérise la longueur caractéristique à partir de laquelle on peut
considérer que le plasma est en moyenne neutre électriquement. Pour toute échelle λ > λD on exprime la
neutralité électrique par une compensation moyenne de l'abondance des espèces chargées négativement et des
espèces chargées positivement ni = ne. A�n de simpli�er notre étude sur le plasma, on considère que la taille
caractéristique du plasma L est grande devant toutes les échelles possibles d'étude de propagation des rayons
cosmiques en son sein notée ε a�n que ce dernier puisse être, à l'ordre le plus bas, considéré comme isotrope et
homogène. L'échelle caractéristique de notre étude est donc dé�nie par la relation

λD � ε� L. (2.3)

Le taux d'ionisation d'un plasma joue un rôle fondamental dans sa dynamique. En particulier lorsqu'il est faible
(X � 1) le plasma possède deux régimes dynamiques di�érents (Xu, Yan & Lazarian 2015a [55]). Aux grandes
échelles les ions et les neutres sont fortement couplés, une approche 1-�uide est su�sante car les neutres suivent
les mêmes mouvements globaux que les ions. Mais aux petites échelles, cette dernière n'est plus su�sante car
les ions et les neutres ne sont plus couplés. Il est alors commode d'adopter une approche 2-�uides qui permet
de traiter les deux espèces séparément.
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2.2 Équations fondamentales de la MHD

Dans ce travail, nous adoptons une description MHD du champ EM. En e�et, les échelles de variations du
champ EM qui nous intéressent sont de l'ordre du rayon de Larmor rl des particules chargées. rl est grand
devant l'échelle caractéristique du plasma ∼ λD ce qui nous permet d'adopter une description continue des
variations EM et HD. La théorie magnétohydrodynamique lie les équations de Maxwell aux équations �uides.
Ces équations sont les suivantes

∇ ·E(x, t) = 4πρc(x, t) (2.4)

∇×E(x, t) = −1

c

∂B(x, t)

∂t
(2.5)

∇ ·B(x, t) = 0 (2.6)

∇×B(x, t) =
1

c

∂E(x, t)

∂t
+

4π

c
Jc(x, t) (2.7)

où la densité volumique de charges ρc et la densité volumique de courant Jc s'écrivent de manière respective (c
désigne une densité ou un courant de charge)

ρc(x, t) =
∑
k

∑
a

nakq
a
k

∫ +∞

−∞
d3v fak (x,v, t) + ρext

c (x, t) (2.8)

Jc(x, t) =
∑
k

∑
a

nakq
a
k

∫ +∞

−∞
d3v vfak (x,v, t) + Jext

c (x, t) (2.9)

(où k ∈ {i+, i−, e} et a représente toutes les espèces autre que les électrons) et servent de couplage entre les
équations de Maxwell et les équations �uide données par

∂ρ(x, t)

∂t
+∇(v(t)ρ(x, t)) = 0 (2.10)

ρ(x, t)
dv

dt
+∇P (x, t)− Jc(x, t)×B(x, t) = fext(x, t) (2.11)

où fext(x, t) représente les forces externes appliquées au système, ρext
c (x, t) et Jext

c (x, t) sont une densité de
charges et un courant de charges externes respectivement qui peuvent s'appliquer dans le cadre d'un système
physique ouvert. Ici ρ = ρn + ρc où ρn représente la densité de �uide neutre. La dérivée matérielle dv/dt est
dé�nie comme

dv

dt
=
∂v

∂t
+ (v · ∇)v. (2.12)

Tandis que la pression est dé�nie comme P (x, t) =
∑
l Tr

[
Πl
hk(x, t)

]
où

Πl
hk(x, t) = ml

∫ +∞

−∞
d3v (vh − Vh)(vk − Vk)f l(x,v, t) (2.13)

et Vi représente la vitesse moyenne des particules dans la direction i. l ∈ {{i+}, {i−}, e, {n}} référence les
di�érentes espèces présentes dans le plasma.

Les équations de Maxwell décrivent la dynamique du champ EM qui est engendré par les distributions de
charges et de courants. Ces derniers dépendent de la fonction de distribution des particules chargées fia qui est
en partie déterminée par les relations de la dynamique des �uides, qui dépendent des propriétés EM du milieu
donc des équations de Maxwell. La résolution couplée de ces équations permet de déterminer l'évolution ma-
gnétohydrodynamique du système. Mais cette dernière ne peut se faire sans imposer de fonction de distribution
des particules du système (équations 2.8, 2.9 et 2.13). C'est pourquoi une description complète d'un plasma
physique passe par une description MHD couplée à une description cinétique des particules du système.
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2.3 Équation du transport

Le théorème de Jeans postule que toute fonction de distribution fa(x,v, t) intégrale première du mouvement
dfa
dt = 0 est solution de l'équation de Vlasov relativiste sans collisions. On a alors

∂fa
∂t

+
p

γma
· ∂fa
∂x

+ qa

[
E(x, t) +

p×B(x, t)

γmac

]
· ∂fa
∂p

= 0. (2.14)

Cette équation représente l'évolution de la fonction de distribution des particules constituant le plasma
étudié. En astrophysique, le milieu interstellaire est considéré comme un plasma de faible densité et donc
faiblement collisionnel. On peut ajouter un terme de forçage Sa(x,p, t) à droite de l'équation dans la mesure où
le temps caractéristique de collision ν−1

c est faible devant le temps de relaxation du système T . Cette équation
se couple aux équations fondamentales de la MHD permettant ainsi une description complète du transport dans
les milieux perturbés et est résolue la plupart du temps à l'aide de méthodes numériques. Mais il est possible,
dans l'approximation de faibles perturbations, de résoudre l'équation de Vlasov à l'aide de la méthode des
caractéristiques dans un milieu à l'équilibre (ρext = 0, Jext = 0). On e�ectue un développement perturbatif des
champs a�n de linéariser l'équation de 2.14. On pose

fa(x,p, t) = f (0)
a (x,p, t) + f (1)

a (x,p, t) (2.15)

E(x, t) = δE(x, t) (2.16)

B(x, t) = B0(x, t) + δB(x, t) (2.17)

la composante E0 étant nulle par écrantage du plasma. En négligeant les termes quadratiques perturbés, l'équa-
tion 2.14 devient

∂f
(1)
a

∂t
+

p

γma
· ∂f

(1)
a

∂x
+ qa

[
E0(x, t) +

p×B0(x, t)

γmac

]
· ∂f

(1)
a

∂p
= −qa

[
δE(x, t) +

p× δB(x, t)

γmac

]
· ∂f

(0)
a

∂p
. (2.18)

On peut alors, dans l'approximation f
(1)
a � f

(0)
a , δE/B0 � 1, δB/B0 � 1 intégrer df(1)

a

dt le long de la
trajectoire des particules se déplaçant dans le champ moyen B0. En supposant que la fonction d'espace des
phases est non-perturbée à l'instant initial t0, on obtient

f (1)
a (x′,p′, t′) = −

∫ t′

t0

qa

[
δE(x, t) +

p× δB(x, t)

γmac

]
· ∂f

(0)
a

∂p
dt . (2.19)

Cette méthode trouve ses limites dans la mesure où les variations de trajectoires des particules deviennent
grandes avec le temps. Il est alors plus intéressant de se placer dans le référentiel du centre guide des particules
et de considérer de faibles variations de leur mouvement giratoire (�gure 2.1).

2.4 Éléments de théorie quasi-linéaire

La théorie quasi-linéaire a l'avantage d'étudier le mouvement des particules par rapport au centre guide
dont le temps caractéristique de divergence à la théorie non-linéaire est plus important. Cette dernière est basée
sur l'équation de Fokker-Planck qui permet de simpli�er la résolution de l'équation de transport des rayons
cosmiques en considérant des variations faibles des di�érents paramètres physiques de telle manière qu'une
résolution perturbative soit possible. Les coe�cients de Fokker-Planck sont les coe�cients de di�usion et se
résument à des fonctions de corrélation des �uctuations des paramètres de transport. On réécrit l'équation 2.14
en coordonnées sphériques (x, y, z, px, py, pz)→ xσ = (p, µ,Φ, X, Y, Z) (�gure 2.1).

∂fa
∂t

+ vµ
∂fa
∂Z
− εΩ∂fa

∂Φ
+

1

p2

∂

∂xσ

(
p2gxσfa

)
= 0 (2.20)

où gxσ est un terme de force généralisée incluant l'e�et des champs EM �uctuant. Ω = Ω0/γ est la pulsation
synchrotron. On peut poser fa = Fa + δfa et
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〈fa〉 = Fa (2.21)

〈δB〉 = 〈δE〉 = 0 (2.22)

〈B〉 = B0 (2.23)

〈E〉 = E0 (2.24)

et obtenir une équation de transport pour la valeur moyenne de la fonction de distribution. Cette dernière est
donnée par

∂Fa
∂t

+ vµ
∂Fa
∂Z
− εΩ∂Fa

∂Φ
=

1

p2

∂

∂xσ

(〈
p2gxσδfa

〉)
. (2.25)

Par moyenne, il est sous-entendu la moyenne d'un ensemble de réalisations sous l'hypothèse d'ergodicité
c'est à dire que la valeur obtenue en moyennant une grande quantité de réalisations di�érentes est égale à
la moyenne dans le temps d'une seule réalisation. En particulier, chaque paramètre stationnaire du système
�uctuant possède une moyenne sous l'hypothèse ergodique que l'on peut dé�nir. Dans le cadre d'une moyenne
en temps d'une quantité �uctuante Q(t), on considère que la valeur mesurée est quasiment égale à la valeur
moyenne 〈Q〉 au bout d'un temps tc de corrélation dé�ni tel que

〈
Qα, Q

∗
β

〉
=

∫ t+tc

t

dξ Qα(t)Q∗β(t+ ξ) ≈ 0. (2.26)

Il est possible de résoudre l'équation 2.25 analytiquement à condition de connaître l'expression du terme de
droite, c'est à dire à condition de connaître l'expression de δfa. En soustrayant l'équation 2.25 à 2.20, il est
possible d'obtenir une équation pour la partie perturbative de la fonction de distribution que l'on peut résoudre
avec la méthode des caractéristiques. En considérant que l'échelle de temps sur laquelle les élément gxσ a�ectent
l'évolution de la fonction de distribution est grande devant la variation moyenne des paramètres du transport
(c'est à dire que les �uctuations in�uencent le système de manière stochastique), et en injectant l'expression de
δfa dans l'équation 2.25, on obtient

∂Fa
∂t

+ vµ
∂Fa
∂Z
− εΩ∂Fa

∂Φ
=

1

p2

∂

∂xσ

(
p2Dxσxν

∂Fa
∂xν

)
. (2.27)

Figure 2.1 � Ce schéma représente la trajectoire d'une particule chargée dans un champ magnétique. La ligne
bleue représente la trajectoire de la particule tandis que la ligne verte représente la trajectoire de son centre
guide. En l'absence de perturbations, la trajectoire du centre guide coïncide avec la ligne de champ magnétique.
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Les coe�cients Dxσxν sont les coe�cients de di�usion de Fokker-Planck et représentent la fonction de
corrélation des paramètres de transport perturbés moyennés sur une orbite non-perturbée

Dxσxν = Re

{∫ ∞
0

dξ
〈
ḡxσ (t)ḡ∗xν (t+ ξ)

〉}
. (2.28)

La résolution de l'équation 2.27 passe donc par la détermination des coe�cients de di�usion Dxσxν . Le
problème peut sembler soluble en apparence mais il y a 25 coe�cients di�érents à calculer ce qui rend le calcul
analytique très laborieux voire impossible. Une solution est d'appliquer l'approximation de di�usion-convection
qui consiste à considérer que la plupart des temps de di�usion sont longs devant ceux associés à l'angle de
giration Φ et à l'angle d'attaque µ.

2.5 Les modes MHD

La résolution des équations MHD à l'aide de l'approche perturbative met en avant de nouvelles ondes qui
n'existent pas dans un �uide dont le champ magnétique est négligeable. Les modes d'Alfvén sont obtenus en
négligeant le terme de pression thermique dans l'équation de Bernoulli tandis que les modes magnétosoniques
conservent le terme de pression. Par pression thermique il est sous entendu la pression liée aux mouvements
désordonnés du gaz, les mouvements d'ensemble entraînant une pression cinétique. Les di�érents modes plasmas
sont résumés dans le tableau 2.2.

Fluctuations de ... Ondes de son Ondes de Alfven Ondes magnétoacoustiques
la pression thermique ? Oui Non Oui
la pression magnétique ? Non Oui Oui

Equation d'Euler ∂ρ
∂t +∇ · (ρv) = 0 ∂ρ

∂t +∇ · (ρv) = 0 ∂ρ
∂t +∇ · (ρv) = 0

Equation du mouvement ρdv
dt +∇P = 0 ρdv

dt − (∇×B)× B
µ = 0 ρdv

dt − (∇×B)× B
µ +∇P = 0

Equation d'induction - ∂B
∂t −∇× (v×B) = 0 ∂B

∂t −∇× (v×B) = 0

Figure 2.2 � Tableau récapitulatif des principales équations caractérisant les modes de son, les modes d'Alfvén
et les modes magnétosoniques dans le cas d'un plasma non dispersif et de di�usivité magnétique nulle. On
constate que la di�érence fondamentale entre les modes d'Alfvén et les modes magnétosoniques est la prise
en compte des �uctuations de la pression thermique du gaz pour les modes magnétosoniques. Cependant, les
modes d'Alfvén ne perdent pas leur intérêt car l'absence de variations de pression thermique est une bonne
approximation dans le cadre de plasmas di�us comme le milieu interstellaire par exemple.

On peut déterminer les relations de dispersion des di�érents modes en linéarisant chacune des équations
du tableau 2.2 c'est à dire en écrivant chaque paramètre A sous la forme A = A(0) + A(1) + O

(
A(2)

)
et en ne

conservant que les termes en O
(
A(1)

)
de chaque équation. Il su�t ensuite de passer dans l'espace de Fourier

A(1) = A
(1)
0 ei(k·x−ωt) et de les injecter dans les équations perturbées à l'ordre 1 pour obtenir les di�érentes

relations de dispersion.

Ondes d'Alfvén La relation de dispersion des ondes d'Alfvén pour une perturbation magnétique transverse
au champ magnétique moyen B0 est donnée par

ω2 = k2v2
A cos2 θ (2.29)

où vA = B0/
√

4πρ0 est la vitesse d'Alfvén non-perturbée et θ est l'angle entre le vecteur d'onde k des ondes
d'Alfvén et le champ magnétique non perturbé B0. Cette relation implique qu'il n'existe pas d'ondes d'Alfvén se
propageant perpendiculairement au champ magnétique B0. De plus, pour une échelle k−1 �xée, c'est le long des
lignes de champ magnétique que les ondes d'Alfvén se propagent en majorité. Un mode d'Alfvén se propageant
le long d'une ligne de champ ie. kB0 = kB0 est appelé mode slab.

Si l'on considère que les perturbations peuvent se faire dans toutes les directions, la relation de dispersion
devient :

ω2 = k2v2
A (2.30)

Dans le cas où la pression magnétique n'est pas négligeable, dans les milieux denses par exemple, les ondes
d'Alfvén se propagent dans toutes les directions.
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Ondes magnétosoniques La relation de dispersion des ondes magnétoacoustiques est donnée par :

ω4 − ω2k2(c2s + v2
A) + c2sv

2
Ak

4 cos2 θ = 0 (2.31)

où cs =
√
P0/ρ0 est la vitesse du son du �uide. Si la pression thermique devient négligeable, on retrouve la

relation de dispersion des ondes d'Alfvén de compression. Cette équation possède quatre solutions distinctes
deux à deux opposées donnant l'expression de la célérité des modes rapides et des modes lents.

ω2
± =

1

2

[
(c2s + v2

A)±
√

(c2s + v2
A)2 − 4c2sv

2
A cos2 θ

]
k2 (2.32)

La solution positive (négative) permet d'identi�er le carré de la célérité des modes magnétosoniques ra-
pides (lents). On en déduit que les modes lents ne se propagent pas perpendiculairement aux lignes de champ
magnétique et le maximum de propagation se trouve parallèlement au champ magnétique moyen. Les modes
magnétosoniques rapides se propagent plus facilement perpendiculairement au champ c2⊥ = c2s + v2

A que paral-
lèlement à ce dernier : c2‖ = c2s si c

2
s > v2

A et c2‖ = v2
A si c2s < v2

A.

2.6 La turbulence MHD

La turbulence MHD est un phénomène hautement non-linéaire et se présente comme une cascade d'énergie
depuis l'échelle d'injection Linj vers l'échelle de dissipation de l'énergie ldamp. Di�érentes phénoménologies de
la turbulence ont été développées.

Théorie HD de Kolmogorov La théorie de Kolmogorov (Kolmogorov 1941 [28]) propose une manière d'éva-
luer l'intensité de l'agitation turbulente d'un �uide hydrodynamique incompressible. Il propose une estimation de
la vitesse turbulente du �uide en fonction de l'échelle d'injection, l'échelle de dissipation et du spectre d'énergie.

vl ∼ VL

(
l

Linj

)1/3

(2.33)

ld = LinjR
−3/4 (2.34)

E(k) ∝ k−5/3 (2.35)

où R = vll/ν = VLLinj/ν est le nombre de Reynold du �uide où ν est la viscosité cinétique. Le modèle de
turbulence ainsi proposé ne tient compte, ni de la compressibilité du �uide, ni de la présence d'un champ EM.

Théorie MHD de Kraichnan Kraichnan (1965) et Iroshnikov (1963) [24] proposent un modèle de turbulence
MHD incompressible. En particulier dans ce modèle, la turbulence se développe de manière isotrope k‖ = k⊥
(correspondant respectivement aux nombres d'onde parallèles et perpendiculaires au champ magnétique moyen)
ce qui ne représente pas la réalité en particulier en régime de forte turbulence. C'est pourquoi Goldreich & Sridhar
1995 proposent un modèle de turbulence incompressible anisotrope que nous détaillons plus loin. Le spectre 1D
de ce modèle de Kraichnan de turbulence est donné par

E(k) ∝ k−2/3 (2.36)

Théorie MHD incompressible de Goldreich & Sridhar (1995) Nous détaillons également plus loin son
extension aux milieux avec un rapport Pgaz/Pmagnetique quelconque (Cho et al 2003). De manière générale, on
caractérise un régime de turbulence par sa vitesse turbulente caractéristique, par son anisotropie et par son taux
de cascade d'énergie turbulente. On dé�nit les échelles k‖ et k⊥ comme ayant la dimension de l'inverse d'une
longueur et qui respectivement caractérisent les domaines parallèles et perpendiculaires aux lignes de champ
magnétique moyen. On dé�nit également le nombre de Mach Alfvénique

MA =
VL
VA

(2.37)
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où VA est la vitesse d'Alfvén et VL est la vitesse du �uide turbulent à l'échelle d'injection Linj. Il existe donc deux
régimes de turbulence : la turbulence super-Alfvénique (MA > 1) et la turbulence sub-Alfvénique (MA < 1)
(Cho et al 2003).

En régime de turbulence super-Alfvénique, la distinction entre les régimes de forte et faible turbulence se
fait à partir d'une échelle lA dé�nie par

lA = LM−3
A . (2.38)

La turbulence d'Alfvén faible (lA < 1/k < Linj) est isotrope et la vitesse turbulence à une échelle donnée
l suit une loi en puissance 1/3. Le taux de cascade dans ce régime est le même que celui d'une turbulence
hydrodynamique de Kolmogorov.

k‖ ∼ k⊥ (2.39)

vl ∼ VL

(
l

Linj

)1/3

(2.40)

τ−1
cas = k2/3L−1/3VL. (2.41)

En régime de forte turbulence (1/k < lA), une anisotropie se développe le long de la composante parallèle
et la vitesse turbulence à l'échelle l dépend indirectement de l'anisotropie par la relation. Le taux de cascade
dépend lui aussi de l'anisotropie de la turbulence.

k‖ ∼ l−1
A (k⊥lA)2/3 (2.42)

vl ∼ VL

(
l⊥
L

)1/3

(2.43)

τ−1
cas = k

2/3
⊥ L−1/3VL. (2.44)

En régime de turbulence sub-Alfvénique, le régime de forte turbulence (1/k < ltr) dépend encore des pro-
priétés hydromagnétiques du milieu

k‖ ∼ L−1
inj (k⊥Linj)

2/3M
4/3
A (2.45)

vl ∼ VL

(
l⊥
L

)1/3

M
1/3
A (2.46)

τ−1
cas = k

2/3
⊥ L

−1/3
inj VLM

1/3
A , (2.47)

tandis que le régime de faible turbulence est essentiellement hydrodynamique. ltr = LinjM
2
A représente l'échelle

de transition entre les deux régimes de turbulence.

Théorie MHD compressible de Goldreich & Sridhar (1995) Finalement, l'extension du modèle GS95
à la turbulence compressible fait apparaître les modes magnétosoniques rapides et lents dont le comportement
est quelque peu di�érent de celui des modes d'Alfvén. Nous discuterons de l'application de ce modèle dans les
chapitres 3 et 4.
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Chapitre 3

Le milieu interstellaire et le rayonnement
cosmique

Le MIS est le lieu d'origine de la formation des étoiles. C'est également celui qui est en permanence chau�é
et alimenté en énergie mécanique par ces dernières et qui est enrichi en éléments lourds à la mort des étoiles
massives et des explosions de supernovæ thermonucléaires. Le MIS peut sembler vide au premier regard, mais les
astrophysiciens modernes savent qu'il joue un rôle crucial dans la dynamique galactique, dans les processus de
formation d'étoiles, dans la création d'éléments chimiques par spallation, dans l'accélération de rayons cosmiques.

Le MIS est opaque dans beaucoup de domaines spectraux, des ondes radio aux rayons gamma en passant par
le domaine infrarouge. Ce milieu n'est pas homogène et se compose de phases di�uses et de phases denses comme
les nuages moléculaires qui sont principalement composés d'hydrogène moléculaire et sont gravitationnellement
liés. Les étoiles naissantes, brillantes et mourantes émettent énormément de rayonnement ionisant créant ainsi
des bulles d'hydrogène ionisé que l'on quali�e de région HII. L'ensemble des phases du MIS communiquent entre
elles en permanence créant ainsi une dynamique active à l'origine de courants de matière et de turbulence.

Les propriétés thermiques du gaz interstellaire sont déterminées par l'équilibre entre le chau�age et le
refroidissement du gaz par di�érents phénomènes mettant parfois en jeu des rayons cosmiques. Dans l'état
stationnaire, l'équation d'état du gaz du MIS est déterminée par deux relations : la loi des gaz parfaits et
l'équilibre entre le chau�age et le refroidissement (Graham 1972 [22]). Ce résultat se traduit par un équilibre
de pression entre les di�érentes phases du MIS.

Mais il n'est pas possible de comprendre la dynamique du MIS sans une connaissance profonde de la micro-
physique sous-jacente. Les phénomènes de chau�age, de refroidissement des milieux, d'injection de la turbulence
aux di�érentes échelles, d'accélération des rayons cosmiques sont autant de processus qui jouent un rôle fonda-
mental dans les processus macro-physiques qui contribuent à la dynamique du MIS.

3.1 Composition du milieu interstellaire

Le MIS se compose principalement de gaz et de poussières. Ce dernier est composé (en termes de masse)
d'environ 70% d'hydrogène, de 28% d'hélium et de 2% d'éléments métalliques. La majorité du volume du MIS
est occupé par du gaz fortement ionisé mais ce dernier ne représente que 25% de la masse totale du gaz du MIS.
En e�et, la majorité de la masse provient des régions dominées par du gaz neutre (H, He) ou moléculaire (H2).
La majorité du gaz atomique et la quasi-totalité du gaz moléculaire sont concentrés sous la forme de nuages
moléculaires denses occupant ∼ 1− 2% du volume du MIS.

L'une des explications principales de l'opacité du MIS est la présence de grains notamment dans les phases
denses. Ils sont principalement composés de graphites et de silicates (C,Mg, Si et Fe). La taille et la composition
chimique des grains s'observe principalement à travers la forme spectrale de la courbe d'extinction des phases
denses du MIS. En première approximation, les grains ne peuvent absorber que les photons dont la longueur
d'onde est inférieure à leur taille physique. Les observations ont montré que la plupart de l'absorption se fait
dans l'ultraviolet tandis que l'absorption est plus faible dans le visible et encore plus faible dans l'infrarouge.
La conséquence immédiate est qu'il existe beaucoup plus de petits grains que de gros grains. Mathis et al.
(1977) [33] ont pu, à partir de cet argument, déterminer une loi empirique de la distribution de taille de grains
sphériques de silicates. Ils ont trouvé

N(a) da ∝ a−3.5 da (3.1)
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où amin ≈ 50 nm et amax ≈ 0.25 µm. La masse totale de poussière (∼ 1% MISM) est principalement contenue
par les gros grains tandis que la section e�cace de collision est déterminée par les petits grains. Les grains
suivent une distribution de charge comprise entre O et −1 fois la charge absolue de l'électron ce qui signi�e
qu'ils se comportent comme des dipôles électriques et polarisent la lumière. Ils sont également très sensibles
à la turbulence magnétique et peuvent subir des phénomènes d'accélération par gyrorésonnance. Les récentes
observations dans l'infrarouge ont montré que deux pics d'émission lumineuse radiative à ∼ 10 µm et ∼ 100 µm
sont dus à la distribution thermique des grains, respectivement ∼ 20 − 30 K pour les grains de grande taille
(Draine & Lee 1984 [11]) et ∼ 100 − 200 K pour les grains de petite taille (Draine & Anderson 1985 [10]). La
poussière est formée dans les atmosphères d'étoiles froides et est émise dans le MIS à travers les vents stellaires.
En�n ils sont détruits par des mécanismes d'e�ritement (en particulier de spallation par les rayons cosmiques)
et par collisions entre les grains qui peuvent trouver leur origine à la suite des chocs de supernova (Draine 1989b
[9], McKee 1989 [34], Seab 1988 [44]).

L'état chimique et thermique du gaz dans le MIS est déterminé en grande partie par les interactions entre
la poussière et le gaz avec le champ de radiation interstellaire créant ainsi un équilibre thermique. Ce dernier
joue un rôle extrêmement important dans les processus de photoionisation d'atomes et de photodissociation
de molécules, et dans le chau�age global du gaz. Les sources principales de radiation dans le MIS sont (dans
l'ordre décroissant de densité d'énergie) : La lumière bolométrique des étoiles (1.05×10−12 erg cm−3), l'émission
radiative des poussières (5 × 1013 erg cm−3), le fond di�us cosmologique (4.19 × 10−13 erg cm−3), l'émission
de rayons X des plasmas chauds du MIS (∼ 10−17 erg cm−3), le rayonnement synchrotron principalement issu
des chocs de supernova et des nébuleuses de vent de pulsar (2.7× 10−18 erg cm−3) (Draine 2011 [8], Klessen &
Glover 2014).

L'état chimique et thermique du MIS est communément décrit en termes de phases distinctes. Field et al.
(1969) [21] proposent initialement de considérer que le gaz atomique est à l'équilibre thermique. Ils en déduisent
deux solutions thermiques stables : T ∼ 100 K et T ∼ 104 K qui sont respectivement associés aux phases froide
neutre (CNM) et tiède neutre (WNM) du MIS. McKee & Ostriker (1977) [35] étendent ce modèle en considérant
également les bulles de gaz très chaud (∼ 106 K) créées par les explosions de supernovæ. Ce milieu totalement
ionisé et dont le facteur de remplissage du volume est très important est quali�é de milieu chaud ionisé (HIM).
La phase tiède ionisée (WIM) a été ajoutée pour considérer l'impact du rayonnement synchrotron galactique
(Hoyle & Ellis 1963 [23]), la dispersion des signaux radio pulsant (Reynolds 1989, Gaensler et al. 2008 [19]) et les
raies d'émission faibles produites par certains métaux dans un milieu caractérisé par une température similaire
à celle de la phase tiède neutre. Les phases moléculaires se distinguent de la phase neutre froide par la densité de
matière totale. Les nuages moléculaires ont une forme très distincte relativement au milieu environnant tandis
que la phase froide se situe autour des nuages moléculaires (Blitz et al. 2007 [3]). Ces derniers sont répartis dans
toute la galaxie sur une couche de 100 pc d'épaisseur coïncidant avec le plan galactique. L'étude observationnelle
des nuages moléculaires passe principalement par l'observation de la transition rotationnelle de la molécule CO
(J = 1− 0) à 2.6 nm. On distingue di�érentes sous-catégories de nuages moléculaires. Les nuages moléculaires
di�us (DiM) sont caractérisés par une extension spatiale de l'ordre de 1 − 10 pc et une très faible extinction.
Les nuages moléculaires denses (DeM) sont généralement faiblement étendus (∼ 0.1− 0.3) et très opaques. Les
coeurs sombres (DaC) sont plus imposant que les nuages moléculaires denses (∼ 1 − 3 pc) et beaucoup plus
opaques (Monier 2006 [36]). Les propriétés des di�érentes phases du MIS sont données dans le tableau 3.2.

La dynamique des rayons cosmiques de faible énergie est principalement dictée par les lignes de champ
magnétique et donne l'accès à de nombreuses informations sur la dynamique turbulente du MIS. Pour nous
a�ranchir des e�ets de la modulation solaire, nous avons choisi dans ce travail d'utiliser la fonction de distri-
bution d'énergie des protons du MIS local de Drury & Strong (2017) [12] (�gure 3.1). Cette dernière résulte de
l'ajustement analytique des données de la sonde Voyager 1 et représente le �ux de protons dans le MIS local
mesuré à l'extérieur de l'héliosphère. Cette distribution est donnée par

J(T ) = 0.27(cm−2s−1st−1GeV−1)
T 1.12

β(T )

(
T + 0.67

1.67

)−3.93

(3.2)

où T = Ekin/1 GeV est l'énergie des protons en GeV. En plus du chau�age du MIS par photoionisation,
la dissipation de la turbulence et la reconnexion magnétique par l'intermédiaire de l'interaction des rayons
cosmiques avec le milieu turbulent sont des sources de chau�age potentielles du milieu (Wiener et al. 2013 [54]).

3.2 Mécanismes de génération de la turbulence

L'origine physique de la turbulence dans le MIS est encore très mal dé�nie. Cependant nous savons que
les supernovæ jouent un rôle fondamental dans cette dynamique (Falceta-Gonçalves et al. 2014 [15]). D'autres
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Figure 3.1 � Distribution de la densité de protons dans le MIS local. Ce spectre d'énergie résulte de l'ajustement
des données de la sonde Voyager 1 de mesure de l'énergie des protons dans le MIS local par la relation 3.2 (Drury
& Strong 2017 [12]).

Phase T B X nH Neutre dominant Ion dominant
(K) (µG) cm−3

WNM 6 000 5 7× 10−3 0.2 93% H+7% He H+

CNM 50 6 4× 10−4 20 93% H+7% He C+

DiM 30 4.89 5× 10−4 100 93% H+7% He C+

DeM 10 13.9 1× 10−4 500 93% H2+7% He HCO+

DeC 10 21.8 1× 10−6 1000 93% H2+7% He HCO+

Figure 3.2 � Valeurs caractéristiques des di�érentes phases du MIS. Les données sont tirées de Jean et al. 2009
[25].
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modèles à grande échelle comme la turbulence générée par la rotation di�érentielle de la galaxie ou les instabilités
magnéto-rotationnelles ont été proposés (Fleck 1981 [17], Kim & Ostriker 2002 [27]). Mais la turbulence générée
re�ète également les propriétés locales du milieu (Leao et al. 2009 [30]) qui dépendent localement de la turbulence
à petite échelle. Il faut donc également tenir compte des mécanismes d'injection de la turbulence locale. Les
rayons cosmiques de faible énergie (∼ 100 GeV) constituent un très bon candidat.

La turbulence à grande échelle est injectée par l'ensemble des mécanismes liés à la dynamique générale de la
galaxie et à celle des étoiles. En premier lieu il convient de discuter de l'origine de la turbulence injectée par la
rotation di�érentielle de la galaxie. Ce processus est très similaire à celui des disques d'accrétion proto-stellaires.
Les éléments de �uide perdant du moment angulaire bougent radialement vers le centre galactique tandis que
ceux qui gagnent du moment bougent vers le bord. Cependant la turbulence n'est pas engendrée par la viscosité
du �uide mais plutôt par les collisions entre les structures qui composent les bras galactiques (Roberts 1969
[40]). L'instabilité magnétorotationnelle est directement liée au phénomène d'e�ondrement gravitationnel des
nuages moléculaires et à la formation d'étoiles. Cette dernière est créée par l'évolution décroissante de la vitesse
du �uide magnétisé en fonction de la distance au centre. Bien que ce modèle soit applicable à certaines galaxies
(Sellwood & Balbus 1999 [45]), son application à la voie lactée reste une question ouverte.

Les supernovæ sont au c÷ur de la plupart des modèles de turbulence dans le MIS. En e�et, elles éjectent
une grande quantité d'énergie (∼ 1051 erg), il y en a plusieurs par siècle. De manière plus générale, les étoiles
massives sont aussi une source de turbulence dans le MIS. Cela peut être à travers les vents stellaires ou encore
par l'émission de rayonnement ionisant. En�n, l'ensemble des objets émettant de la matière sous forme de jets
dans le MIS constituent une source de turbulence à grande échelle.

Bien que la turbulence aux petites échelles trouve une partie de son origine dans les cascades turbulentes aux
grandes échelles, il est nécessaire de tenir compte des phénomènes externes de production de la turbulence aux
petites échelles. En particulier, la turbulence aux grandes échelles a pour e�et de di�user les rayons cosmiques
au GeV qui agissent rétroactivement sur la turbulence par di�érentes instabilités. En particulier l'instabilité
dite de streaming crée ainsi une anisotropie de la fonction de distribution des rayons cosmiques. L'équilibre est
retrouvé en générant un spectre de turbulence aux petites échelles qui peut interagir avec le spectre aux grandes
échelles (Yan & Lazarian 2011 [57]).
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Chapitre 4

Turbulence magnétique dans les milieux
faiblement ionisés

La turbulence dans le milieu interstellaire est contrainte par le taux d'amortissement des di�érents modes
MHD. En particulier, dans les milieux faiblement ionisés il existe une bande d'énergie dans laquelle seule la
turbulence hydrodynamique subsiste. Nous allons voir que la turbulence MHD est directement dépendante du
taux de transfert d'énergie des ions vers les neutres et des neutres vers les ions. Nous étudions la dynamique de la
turbulence d'Alfvén de la manière suivante. Dans un premier temps nous considérons les échelles de découplage
des ions et des neutres a�n de quanti�er les régimes de propagation des ondes d'Alfvén. Nous résolvons ensuite la
relation de dispersion des ondes qui nous permet ainsi de remonter aux échelles d'amortissement de la turbulence
d'Alfvén à grande échelle. Le taux d'amortissement des ondes est une variable importante qui permettra dans
la suite de déterminer le taux de turbulence d'Alfvén généré par l'instabilité de streaming de rayons cosmiques.

4.1 Échelles de découplage

Les ondes d'Alfvén sont engendrées par les mouvements globaux des particules chargées du milieu et sont
amorties par le transfert d'énergie des particules chargées vers les particules neutres. Dans un �uide faiblement
ionisé, les neutres jouent un rôle capital dans la dispersion des ondes d'Alfvén. Il est donc nécessaire d'utiliser
une approche 2-�uides qui permet de distinguer le comportement des ions de celui des neutres vis-à-vis des
perturbations magnétiques du milieu. On dé�nit le taux de collision ions neutres νin comme le taux de transfert
de quantité de mouvement des ions vers les neutres et de manière équivalente on dé�nit le taux de collision
neutres ions νni comme le taux de transfert de quantité de mouvement des neutres vers les ions. Les deux
quantités sont liées par la relation (Xu et al. 2016 [56]) :

νin = χνni (4.1)

où χ = ρn/ρi est le rapport de la masse volumique des neutres sur celle des ions (χ > 1 dans les milieux
principalement neutres). Le comportement des ondes d'Alfvén dépend très fortement des taux de collision νni
et νin. En e�et, si la fréquence des ondes d'Alfvén ωR est inférieure à la fréquence de collision neutres ions
ωR � νni, les deux espèces sont couplées c'est à dire qu'elles suivent les mêmes mouvements d'ensemble, la
vitesse des ondes d'Alfvén est alors dé�nie par VA = B0/

√
4π(ρn + ρi) et le taux d'amortissement des ondes

est faible. A contrario, si la fréquence des ondes d'Alfvén est supérieure à la fréquence de collision ions neutres
ωR � νin, les deux espèces sont faiblement couplées, les neutres suivent une dynamique di�érente de celle des
ions. La vitesse d'Alfvén est alors dé�nie par la relation VAi = B0/

√
4πρi. La force de frottement �uide devient

importante et les ondes d'Alfvén sont amorties.

Les conditions ωR ∼ νni et ωR ∼ νin correspondent respectivement aux échelles de découplage neutres-ions
(kdec,ni) et ions-neutres (kdec,in). On a, d'après la relation de dispersion d'Alfvén

kdec,ni =
νni

VA cos θ
(4.2)

kdec,in =
νin

VAi cos θ
. (4.3)
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Pour toutes les échelles supérieures à k−1
dec,ni, le milieu est fortement couplé tandis que pour toutes les

échelles inférieures à k−1
dec,in le milieu est faiblement couplé. Il existe donc deux régimes dynamiques du plasma,

celui aux grandes échelles étant comparable aux comportements des milieux chauds dans lesquels les ondes
d'Alfvén se propagent avec peu d'amortissement et celui aux petites échelles dans lequel les ondes d'Alfvén sont
plus fortement amorties. Cependant, entre k−1

dec,ni et k
−1
dec,in les neutres et les ions sont ni-faiblement couplés,

ni-fortement couplés.

La viscosité des neutres joue également un rôle important dans l'amortissement des ondes d'Alfvén (Xu et
al. 2016 [56]). Elle est dé�nie par la relation

νn =
c2n

νnnnn
(4.4)

où cn est la vitesse du son dans le �uide neutre, νnn est la fréquence de collision neutre-neutre et nn est la
densité de neutres.

4.2 Propagation des ondes d'Alfvén

La relation de dispersion qui décrit un milieu partiellement ionisé à travers une approche 2-�uides et qui
tient compte de la viscosité cinématique des neutres est donnée par (Lazarian et al. 2004 [29])

ω3 + i(τ−1
v + (1 + χ)νni)ω

2 − (ω2
k + χτ−1

v νni)ω − i(τ−1
v + νni)ω

2
k = 0 (4.5)

où τ−1
v = k2νn correspond au taux d'amortissement visqueux des ondes d'Alfvén et ω2

k = k2 cos2 θV 2
Ai correspond

à la relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans un milieu non-collisionnel. En posant ω = ωR + iΓI où ωR,
ΓI ∈ R j'obtiens le système d'équations suivant

ω2
R = 3Γ2

I + 2(τ−1
v + (1 + χ)νni)ΓI + ω2

k + χτ−1
v νni (4.6)

0 = Γ3
I + aΓ2

I + bΓI + c (4.7)

où les coe�cients a, b, c sont donnés par

a = τ−1
v + (1 + χ)νni (4.8)

b =
1

4

[
ω2
k + χτ−1

v νni + (τ−1
v + (1 + χ)νni)

2
]

(4.9)

c =
1

8

[
(τ−1
v + (1 + χ)νni)χτ

−1
v νni + χνniω

2
k

]
. (4.10)

L'équation 4.7 est un polynôme de degré 3 que j'ai résolue analytiquement en utilisant la méthode de
Cardano. La solution générale est de la forme

ΓI =

−a3

27
+
ab

6
− c

2
+

√√√√∣∣∣∣∣
(
a3

27
− ab

6
+
c

2

)2

+

(
b

3
− a2

9

)3
∣∣∣∣∣


1
3

(4.11)

+

−a3

27
+
ab

6
− c

2
−

√√√√∣∣∣∣∣
(
a3

27
− ab

6
+
c

2

)2

+

(
b

3
− a2

9

)3
∣∣∣∣∣


1
3

− 1

3
a (4.12)

et est représentée dans les �gures B.1, B.2, B.3, B.4 et B.5 pour les di�érentes phases tièdes et froides du MIS.
On observe que le taux d'amortissement des ondes d'Alfvén est constant pour les photons d'Alfvén de faible
énergie. La fréquence des ondes d'Alfvén quant-à elle diminue régulièrement jusqu'à ce que sa valeur soit de
l'ordre de celle du taux d'amortissement. On observe alors que les ondes d'Alfvén ne se propagent pas dans
une certaine bande d'énergie ce qui signi�e que le taux de turbulence d'Alfvén est nul. A haute énergie, le taux
d'amortissement des ondes d'Alfvén décroît, la fréquence des ondes d'Alfvén également mais avec un indice plus
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faible, en conséquence le taux de turbulence d'Alfvén augmente régulièrement à haute énergie. On observe en
dehors de la bande interdite que ΓI � ωR. Il est alors possible de résoudre le système (4.6, 4.7) en négligeant
les termes Γ3

I et Γ2
I devant ω

2
R. On obtient alors les solutions approchées proposées par Xu et al. (2016) données

par

ω2
R =

(ω2
k + χτ−1

v νni)
2 + (τ−1

v + (1 + χ)νni)(τ
−1
v + νni)ω

2
k

χτ−1
v νni + ω2

k + (τ−1
v + (1 + χ)νni)2

(4.13)

ΓI = −
[
τ−1
v (τ−1

v + (1 + χ)νni) + ω2
k

]
χνni

2
[
ω2
k + χτ−1

v νni + (τ−1
v + (1 + χ)νni)2

] . (4.14)

Ces solutions ne font pas apparaître de bande interdite de propagation mais elles décrivent très bien le
comportement asymptotique des ondes.
Dans le cas où la viscosité des neutres devient négligeable, les relations 4.13 et 4.14 deviennent

ω2
R =

ω4
k + (1 + χ)ν2

niω
2
k

ω2
k + (1 + χ)2ν2

ni

(4.15)

ΓI = − ω2
kχνni

2 [ω2
k + (1 + χ)2ν2

ni]
. (4.16)

Je retrouve les résultats de Xu et al. (2016a). On peut encore simpli�er les expressions 4.15 et 4.16 en
étudiant le comportement des ondes d'Alfvén dans les régimes asymptotiques de faible et fort couplage des ions
avec les neutres. On obtient alors

ω2
R = V 2

Ak
2 cos2 θ (4.17)

ΓI = −ξnV
2
Ak

2 cos2 θ

2νni
(4.18)

en régime fortement couplé (ωR � νin) et

ω2
R = V 2

Aik
2 cos2 θ (4.19)

ΓI = −νin
2

(4.20)

en régime faiblement couplé (ωR � νin). ξn = ρn/(ρn + ρi) est la fraction de neutres dans le milieu. Xu et al.
(2016) propose une estimation de la largeur de la bande interdite en déterminant l'échelle à partir de laquelle le
taux d'amortissement d'Alfvén est de l'ordre de la fréquence de propagation (|ωR| = |ωI |). La bande interdite
résultante [k+

c , k
−
c ] est donnée par

k+
c =

2νni
VAξn cos θ

(4.21)

k−c =
νin

2VAi cos θ
. (4.22)

La bande interdite déterminée analytiquement semble correspondre avec celle obtenue numériquement con�r-
mant ainsi la viabilité du raisonnement utilisé. On observe cependant que la bande interdite est contenue dans
la bande de non-validité de l'approximation de faible/fort couplage ce qui signi�e qu'il existe tout de même une
di�érence entre les valeurs de la bande numérique et analytique. En�n, dans le cas où l'on néglige le taux de
collision νni, les solutions réelles de la relation de dispersion 4.5 dans le cas le plus général sont données par

ω2
R = ω2

k (4.23)

ωI = 0. (4.24)

On retrouve la relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans un milieu idéal. On remarque que la viscosité
des neutres n'intervient plus. En e�et, dans un milieu purement ionisé, le taux de collision ions-neutres est nul
et, en l'absence de neutres, les ondes d'Alfvén se propagent librement.
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4.3 Échelles d'amortissement de la turbulence à grande échelle

Dans le cas où l'on étudie un spectre turbulent à grande échelle, en se basant sur le modèle GS95 présenté
dans le chapitre 2, il peut être intéressant de déterminer l'échelle d'amortissement de la cascade turbulente.
Ce paramètre permet alors de déterminer le lien entre le spectre de turbulence auto-générée par l'instabilité de
rayons cosmiques et celui de la turbulence injectée à grande échelle. Xu et al. (2015a) propose de déterminer
de manière approximative l'échelle d'amortissement de la turbulence en égalisant le taux d'amortissement des
ondes d'Alfvén avec le taux de cascade turbulent. En incluant viscosité des neutres et collisions ions-neutres
dans l'approximation |ΓI | � |ωR|, l'échelle de coupure de la turbulence est donnée par

kdam,‖ =
−
(
νn +

V 2
Ai

νin

)
+

√(
νn +

V 2
Ai

νin

)2

+ 8VAνnlA
ξn

2νnlA
(4.25)

kdam = kdam,‖

√
1 + lAkdam,‖ si k−1

dam < lA (4.26)

pour la turbulence super-Alvénique et

kdam,‖ =
−
(
νn +

V 2
Ai

νin

)
+

√(
νn +

V 2
Ai

νin

)2

+
8VAνnLM

−4
A

ξn

2νnLM
−4
A

(4.27)

kdam = kdam,‖

√
1 + LM−4

A kdam,‖ si k−1
dam < ltr (4.28)

pour la turbulence sub-Alfvénique.
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Chapitre 5

Instabilité de streaming et saturation du
champ turbulent

5.1 Principe

Les chocs dans le milieu interstellaire constituent une source importante de turbulence. Ce sont eux qui
engendrent une anisotropie de la distribution d'énergie des rayons cosmiques par processus d'accélération di�u-
sive. Lorsque les particules rencontrent un paquet d'onde magnétiquement perturbé, elles sont di�usées et leur
variation d'énergie due à l'interaction avec la composante électrique,〈

∆E

E

〉
≈ 4

3
Γ2β2, (5.1)

est positive (Fermi 1949 [16]). Nous observons que cette dernière dépend de l'énergie de la perturbation caracté-
risée par β = Vper/c. Ce processus a pour e�et de transférer une partie de l'énergie au moment parallèle p‖ des
rayons cosmiques créant ainsi une anisotropie de la distribution des particules. L'énergie de l'anisotropie est en
grande partie transférée aux modes MHD à travers la marche biaisée des particules chargées. On observe donc
une croissante initialement linéaire de la turbulence MHD qui est le résultat de l'équilibre entre l'instabilité
de streaming des rayons cosmiques et les forces d'amortissement du milieu. Tant que la turbulence ne s'est
pas dissipée, l'énergie injectée dans l'instabilité et donc dans la turbulence continue d'augmenter. Cependant
lorsque le niveau de turbulence devient important, des phénomènes non-linéaires commencent à apparaître. En
particulier, on observe une cascade turbulente d'énergie vers les petites échelles et qui �nit par se dissiper sous
forme de chaleur contribuant ainsi au chau�age du milieu interstellaire.

Dans ce chapitre nous considérons une distribution de rayons cosmiques sujette à une instabilité de strea-
ming. Par exemple, une instabilité produite par les particules s'échappant de la source de RCs dans le MIS (Nava
et al. 2016). Cette dernière se caractérise par une anisotropie de la distribution en quantité de mouvement des
particules qui se développe le long des lignes de champ magnétique moyen. En utilisant les propriétés d'inter-
action particules-ondes, ondes-particules (Skilling 1975abc), nous déterminons le taux de croissance linéaire des
ondes d'Alfvén. On s'intéresse par la suite à l'e�et Landau et aux e�ets non-linéaires à l'origine de la saturation
de la turbulence d'Alfvén.

5.2 Interaction ondes-particules

Dans un milieu hydromagnétique perturbé par des rayons cosmiques, on observe un transfert d'énergie
permanent entre les ondes d'Alfvén et les particules chargées principalement. En particulier, la fonction de
distribution des rayons cosmiques est modi�ée par les perturbations magnétiques du milieu. Skilling (1975a)
a étudié l'e�et des ondes d'Alfvén sur les particules chargées et a montré que l'accélération de Fermi modi�e
les pertes adiabatiques d'énergie créant ainsi une anisotropie en angle d'attaque des rayons cosmiques. A�n de
linéariser le problème, nous considérons que la fonction de distribution est quasi-isotrope (∂f/∂µ � 1). On
choisit des perturbations MHD qui se déplacent parallèlement aux lignes de champ magnétique moyen (θ = 0),
on notera tout de même k = k‖ a�n de ne pas perdre de généralités sur l'angle d'incidence des perturbations.
Cependant, à priori la fréquence de collision des rayons cosmiques avec les modes en arrière est très faible car
ces derniers sont issus d'un phénomène de cascade d'ondes d'Alfvén en avant que l'on verra plus loin et doivent
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être en plus faible proportion. De plus, on considère que la vitesse d'Alfvén est faible devant la vitesse de la
lumière au sens que les termes en (VA/c)

2 sont négligeables. Si en plus on ne considère que des ondes d'Alfvén se
propageant strictement parallèlement aux lignes de champ caractérisées par un axe z, l'équation (6) de transport
de Skilling (1975a) devient l'équation (17) de Wiener et al. (2013) donnée par

∂f

∂t
+ µv

∂f

∂z
=
∂f

∂µ

[
(1− µ)2

2
ν
∂f

∂µ

]
(5.2)

où

ν =
π

4
Ωb2k =

π

4
Ω
kE(k)

WB0

(5.3)

est la fréquence de collision des rayons cosmiques avec les ondes d'Alfvén qui dépend directement du taux de
turbulence (Jokipii 1971 [26]). On considère que la fréquence de di�usion ν est grande devant l'échelle de temps
dynamique du plasma T−1

dyn � 1→ ∂f/∂t ≈ 0. On peut alors e�ectuer un développement en puissance de ν de
la fonction de distribution f = f0 + f1 + f2 +O

(
ν−3

)
. L'équation 5.2 se résume alors au système

0 =
∂

∂µ

[
(1− µ)2

2
ν
∂f0

∂µ

]
(5.4)
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2
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]
(5.5)

µv
∂f1

∂z
=

∂

∂µ

[
(1− µ)2

2
ν
∂f2

∂µ

]
(5.6)

.... (5.7)

En moyennant la relation 5.5 sur µ, on obtient

∂f1

∂µ
= −v

ν

∂f0

∂z
. (5.8)

L'équation 5.8 nous dit que l'anisotropie en µ engendre un gradient de densité de rayons cosmiques le long
des lignes de champ. La turbulence Alfvénique engendre donc localement des perturbations de la densité de
rayons cosmiques le long des lignes de champ.

Skilling (1975b) a également étudié l'impact des rayons cosmiques sur les ondes d'Alfvén en les considérant
comme des quasi-particules appelées "photons d'Alfvén". Il a montré que les perturbations d'Alfvén subissent
des cascades stimulées par les rayons cosmiques. On observe donc dans un plasma les réactions

A+ 
 A− + S+ (5.9)

A− 
 A+ + S− (5.10)

(5.11)

où +/− donnent le sens de propagation (avant/arrière), A représente une onde d'Alfvén et S une onde de son.
Ces réactions conduisent à un système d'équations couplées (équations 19 et 20 de Skilling 1975b) représentant
l'équilibre statistique des modes MHD dans un plasma perturbé. Ce processus contribue à la cascade turbulente
des grandes vers les petites échelles au prix de la génération d'une turbulence MHD.

5.3 Croissance des ondes d'Alfvén

Dans le cadre d'une instabilité de streaming de rayons cosmiques, ces derniers voyagent le long des lignes
de champ avec une vitesse v et un angle d'attaque µ. Ces particules interagissent avec les ondes d'Alfvén, nous
considérerons dans cette section di�érentes interactions possibles donnant lieu à di�érents niveaux de turbulence
d'Alfvén. Skilling (1975c) détermine le taux de croissance des ondes d'Alfvén parallèles aux lignes de champ
magnétique moyen en considérant la condition de résonance onde-particule kp = ±mΩ0 où Ω0 = eB0/mc. Les
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particules conservent leur énergie dans le référentiel des ondes ce qui signi�e que leur variation d'énergie dans le
référentiel du plasma de fond est donné par ∂E/∂t = VA ∂p‖

/
∂t . Cette énergie est donc transmise aux ondes

d'Alfvén dont le taux de croissance est �nalement donné par la relation (Wiener et al. 2013)

Γg(k‖) =
1

E

∂E

∂t
=
π2m2Ω2

0VA
2k‖B

2
0

∫
d3p v

∂f

∂µ

[
δ

(
µp− mΩ0

k‖

)
+ δ

(
µp+

mΩ0

k‖

)]
. (5.12)

Je généralise maintenant cette relation en formalisant la condition de résonance onde d'Alfvén - rayon
cosmique. On a alors (en utilisant la relation 5.8)

Γg(k‖) =
π2m2Ω2

0VA
2k‖B

2
0

∫
d3p (1− µ2)v

∂f
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R(k‖, µ)

π
(5.13)

où R(k‖, µ) est la condition de résonance dé�nie de deux manières di�érentes par les équations 5.23 et 5.22. En
utilisant les équations 5.8 et 5.3 dans l'équation 5.13, on obtient

Γg(k‖) = −2πmΩ0VAc

k‖

∂

∂z

∫
d3p (1− µ2)pβ(δB)−2

k‖
f(p)

R(k‖, µ)

π
. (5.14)

La partie dans la dérivée spatiale de l'équation 5.14 dépend évidement de la variable z. On peut exprimer
cette fonction sous la forme d'un produit de deux termes, l'un ayant une dépendance spatiale parallèlement
aux lignes de champs, l'autre ne dépendant que de l'énergie des particules et du cosinus de l'angle d'attaque
µ. Par ailleurs, on constate que la dépendance spatiale du terme dans la dérivée spatiale est entretenue par la
fonction de distribution f des rayons cosmiques. Il est donc possible de supprimer cette dépendance spatiale en
normalisant l'intégrale sur le moment par un terme contenant une fonction de distribution des rayons cosmiques.
On écrit alors

Γg(k‖) = −2πmΩ0VAc

k‖

∂nCR
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A′(k‖) (5.15)

où
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f(p)

R(k‖, µ)

π
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est un terme qui ne dépend que du nombre d'onde d'Alfvén. A�n de rendre l'analyse du problème plus �exible,
on choisit de normaliser di�érents paramètres de l'étude. On pose p = p0p̄ l'impulsion des rayons cosmiques
normalisée par une valeur caractéristique p0, f(p) = f0κ(p̄) la fonction de distribution des rayons cosmiques
normalisée par la valeur f0 et ne dépendant plus que de la variable normalisée p̄. On dé�nit les fonctions
suivantes

H =

∫ p̄max

p̄min

dp̄ p̄2κ(p̄) (5.17)

G =

∫ p̄max

p̄min

dp̄ p̄3βp̄κ(p̄) (5.18)

nous permettant ainsi de lier la densité nCR et la pression de rayons cosmiques PCR par la relation

nCR =
3

p0c

H

G
PCR. (5.19)

On peut écrire le taux de croissance des ondes d'Alfvén sous la forme

Γg(k‖) =
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(5.20)

où A(k‖) = (δB)2
k‖
A′(k‖) est dé�ni par
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A(k‖) =
1

nCR

∫
d3p (1− µ2)pβf(p)

R(k‖, µ)

π
. (5.21)

Les caractéristiques du taux de croissance des ondes d'Alfvén sont principalement déterminées par la fonc-
tion A(k‖) qui elle même est dé�nie par la fonction de résonance R(k‖, µ) qu'il est important de discuter ici.
Schlickeiser (2002) propose d'exprimer de manière générale la résonance entre les particules et les ondes MHD
à l'aide d'une fonction Lorentzienne. La fonction R(k‖, µ) s'écrit de la manière la plus générale

R(k‖, µ) =
∑
j=±1

∑
n

Γin(k‖)

Γ2
in(k‖) +

[
vµk‖ − jk‖VA + nΩ

]2 (5.22)

où j représente le sens de propagation des ondes d'Alfvén (j = +1 en avant, j = −1 en arrière) le long de
B0. La valeur absolue de l'entier relatif n représente l'ordre de la résonance entre la fréquence de giration de
la particule et la fréquence de propagation de l'onde. Dans la suite, nous ne considérerons que les cas n = ±1
et j = +1 c'est à dire des ondes se propageant principalement en avant et résonant au premier ordre avec les
particules. Dans le cas où le taux d'amortissement Γin devient négligeable (ce qui est le cas su�samment loin
de la bande interdite [k+

c , k
−
c ]), la fonction R(k‖, µ) se réduit à

R(k‖, µ) = π
∑
n=±1

δ
[
vµk‖ − k‖VA + nΩ

]
. (5.23)

En considérant v � VA, l'expression 5.23 conduit à la condition de résonance (15) de Wiener et al. (2013)
et le taux de croissance des ondes d'Alfvén est alors dé�ni par la relation (16) des mêmes auteurs.

Dans ce travail nous étudions des niveaux de turbulence déterminés de deux di�érentes manières. De façon
générale, on dé�nit A(k‖) = p0

2π
G′
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∑
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La fonction Knj est dé�nie par la relation
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si l'on considère un modèle de résonance de Lorentz tenant compte du taux d'amortissement et

Knj(p̄) = π

∫ 1

−1

dµ (1− µ2)δ

[√
p̄

(
p0

γm

)(
µk‖ − jk‖ε+

n

p̄

(
γm

p0

)
Ω

)]
(5.29)

=
π∣∣∣∣k‖√p̄( p0
γm

)∣∣∣∣
[

1−
(
jε− n

p̄k‖

(
γm

p0

)
Ω

)2
]

(5.30)
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si l'on considère un modèle de résonance de Dirac en considérant Γin � 1. Nous observons à basse énergie
que le choix de la fonction de résonance peut se limiter à un delta de Dirac ce qui revient à dire que le taux
d'amortissement des ondes d'Alfvén est négligeable à faible énergie. Cependant, autour de la bande interdite et
à plus haute énergie, une résonance à l'aide d'une fonction de Lorentz tenant compte de l'amortissement des
ondes semble nécessaire.

Nous avons donc obtenu l'expression analytique du taux de croissance des ondes d'Alfvén qui dépend du gra-
dient de pression de la distribution de rayons cosmiques. On observe également que ce taux contient l'expression
de la turbulence d'Alfvén isotrope que nous cherchons à déterminer.

5.4 E�ets supplémentaires de saturation turbulente

Bien que nous l'étudions pas numériquement, l'amortissement de Landau s'ajoute aux e�ets de cascade
turbulente et pourra être pris en compte dans la poursuite de ce travail. L'amortissement de Landau est un
processus de dissipation des ondes MHD qui n'est pas lié aux phénomènes de collision. Lorsque le niveau de
turbulence atteint une valeur critique, l'énergie d'une partie de la distribution de particules devient du même
ordre de grandeur que celle des ondes. Il se fait alors un échange d'énergie entre les ondes et les particules qui
contribue à la cascade turbulente et à l'accélération di�usive des rayons cosmiques. Cet e�et est particulièrement
important dans les milieux fortement ionisés où le taux de propagation des ondes d'Alfvén est grand, mais aussi
à très basse énergie dans les milieux plus faiblement ionisés. En e�et, l'e�et Landau consiste en l'échange
d'énergie entre une onde magnétique et une particule chargée par e�et de glissement (Landau 1946). Plaçons
nous dans le référentiel du plasma non-perturbé. On considère une onde d'Alfvén se déplaçant à la célérité VA
et interagissant avec une particule de vitesse v. Il n'y a transfert d'énergie que si la vitesse de la particule est
approximativement égale à celle de l'onde. Si v > VA alors la particule transmet une partie de son énergie à
l'onde, on parle d'instabilité de Landau. Si v < VA alors l'onde transmet une partie de son énergie à la particule
et se retrouve amortie. L'e�et Landau est quali�é de non-linéaire sur la particule interagit avec un battement
d'onde ce qui est généralement le cas pour des particules relativistes.

Le modèle GS95 montre que la turbulence super-Alfvénique cascade préférentiellement perpendiculairement
aux lignes de champ. Cela signi�e que les ondes se propageant perpendiculairement aux lignes de champ sont
plus facilement amorties que les ondes se propageant le long des lignes de champ. Farmer & Goldreich (2004) ont
étudié le cas d'excitation d'ondes en gyrorésonnance avec des rayons cosmiques et ont montré que la composante
parallèle est moins amortie voire peut être ampli�ée par l'instabilité de streaming résonnante alors que la
composante perpendiculaire est d'autant plus amortie que celle parallèle l'est moins. Cet e�et contribue à
accentuer l'e�et d'anisotropie de la turbulence.

D'une manière générale, la saturation permet de calculer le niveau de turbulence à une échelle donnée. Dans
la section 6.2, je discute des résultats associés à la saturation du champ turbulent par les collisions ion-neutre.
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Chapitre 6

Turbulence auto-générée par l'instabilité
de rayons cosmiques

Dans ce chapitre, je suis le raisonnement de Wiener et al. (2013) et détermine le niveau de turbulence d'Alfvén
à partir de l'équilibre du taux de croissance linéaire des ondes par instabilité de streaming calculé dans le chapitre
précédent et du taux d'amortissement des ondes d'Alfvén calculé dans le chapitre 4. A la di�érence de Wiener,
nous négligeons l'amortissement de Landau non-linéaire car le taux d'ionisation des phases choisies est très faible
ce qui signi�e que le taux de propagation des ondes d'Alfvén est moins important et que l'amortissement de
Landau peut être négligé devant l'amortissement par collisions ions-neutres. Le spectre de turbulence d'Alfvén
est un paramètre essentiel au calcul du coe�cient Dµµ des rayons cosmiques qui lui-même est impliqué dans la
détermination du libre parcours moyen des particules. Nous proposons dans ce chapitre une méthode de calcul
analytique du coe�cient Dµµ qui peut ensuite être appliquée numériquement.

6.1 Distribution des rayons cosmiques

Nous avons montré que le taux de croissance des ondes d'Alfvén dépend fortement de la distribution au
premier ordre des rayons cosmiques. En e�et, l'instabilité de streaming se développe di�éremment suivant
la distribution initiale de rayons cosmiques. Il est donc important de sélectionner une distribution de rayons
cosmiques adaptée au phénomène que l'on souhaite étudier. Dans le cas de notre étude, nous souhaitons d'abord
déterminer le niveau de turbulence dans di�érentes phases du milieu interstellaire, loin de toute source directe
de rayons cosmiques. La fonction 3.2 décrivant la distribution en énergie des protons dans le milieu interstellaire
local est parfaitement adaptée à notre étude. Nous devons cependant adapter les paramètres d'entrée de la
fonction à ceux de notre étude.

L'énergie cinétique normalisée est reliée à l'impulsion des protons par la relation

T =
mc2

1 GeV

[√
1 + p̄2 − 1

]
. (6.1)

Ainsi, J(T ) et f(p̄) sont liés par la relation

βcp2f(p̄) dp = J(T ) dT . (6.2)

Le choix de la normalisation f0 de la fonction de distribution est très important pour la détermination du
niveau de turbulence. Si l'on pose J(T ) = J0j(T ) où J0 = 0.27 cm−2s−1st−1GeV−1, la relation di�érentielle 6.2
devient

f(p̄) = J0

(p0c

c

) 1

p3
0

1

p̄2
j(T ) (6.3)

où l'on identi�e κ(p̄) = 1
p̄2 j(T ) et f0 = J0

(
p0c
c

)
1
p30
.

En régime classique, la densité d'espace des phases des rayons cosmiques décroît en T−0.88 tandis qu'en
régime relativiste, elle décroît en T−4.81 (équation 3.2). On observe que la densité de rayon cosmiques décroît
très rapidement en régime relativiste mais cela ne signi�e pas pour autant que le niveau de turbulence diminue
avec l'énergie comme le témoignent les �gures B.6, B.7, B.8, B.9 et B.10.
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6.2 Turbulence auto-générée

Nous avons précédemment supposé que VA/v � 1. Ceci implique que les perturbations du milieu sont
magnétostatiques, il est donc possible d'exprimer le spectre de turbulence d'Alfvén comme la conséquence de
l'équilibre du taux de croissance des ondes Γgrowth et du taux d'amortissement par collisions ions-neutres Γin.
Il s'agit donc de résoudre l'équation stationnaire

Γgrowth + Γin = 0. (6.4)

Seul le terme 5.21 du taux de croissance des ondes contient explicitement le niveau de turbulence. bk =
(δB/B0)k‖ s'exprime alors comme
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√
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Γin

3

4
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)
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. (6.5)

Le niveau de turbulence dépend essentiellement de la fonction A(k), du taux d'amortissement collisionnel et
du gradient de pression de rayons cosmiques. On suppose ce dernier constant par rapport à l'échelle d'étude de
la turbulence.

En régime faiblement couplé (k � 1) et en considérant la résonance rg = k−1, f(p) ∝ k1.76 implique que
A(k) ∝ k−1.24 et donc que la turbulence croit en bk ∝ k−1.12 ∝ T 0.56 avec l'énergie. En e�et, la densité de
rayons cosmiques décroît contrairement au taux de collision ions-neutre qui reste constant. La conséquence de ce
phénomène est que la section e�cace d'interaction ions-neutres est constante avec l'énergie mais que la quantité
d'énergie transférée aux ondes est croissante expliquant ainsi l'accroissement du taux de turbulence. En régime
faiblement couplé mais à plus haute énergie (k � 1), on voit que f(p) ∝ k4.81 c'est à dire A(k) ∝ k1.81 et donc
la turbulence décroît en bk ∝ k0.40 ∝ T−0.40 en régime relativiste. En e�et, la densité de rayons cosmiques et
de modes d'Alfvén décroissent rapidement et le taux de collision ions-neutre ne su�t pas à compenser cette
chute expliquant ainsi la décroissance du taux de turbulence. Dans la bande interdite, il n'existe pas de modes
d'Alfvén et donc aucune turbulence d'Alfvén n'est possible. On se retrouve dans un régime où les perturbations
hydrodynamiques ne sont plus négligeables et doivent être prises en compte. A plus haute énergie en régime de
fort couplage on observe que Γin ∝ k2 ce qui implique que le taux de turbulence remonte en bk ∝ k−0.59 ∝ T 0.59.
En e�et malgré la chute de la densité de rayons cosmiques et de modes d'Alfvén, l'énergie des particules devient
su�sante pour générer de nouveaux modes d'Alfvén. Cet e�et de divergence de la turbulence est principalement
dû au fait que nous avons considéré un gradient de pression constant en fonction de l'énergie des particules ce
qui revient à dire que le terme H/G diminue en fonction de l'énergie. Ceci n'est possible qu'en ne �xant pas
l'impulsion de coupure pc.

Les niveaux de turbulence calculés pour les di�érentes phases du milieu interstellaire sont représentés dans
les �gures B.6, B.7, B.8, B.9 et B.10. On observe dans la phase WNM caractérisée par une température élevée
que la bande interdite est très �ne. Ceci signi�e que les approximations de faible et fort couplage sont valable sur
une grande partie du spectre. Aux faibles énergies, on observe un pic de turbulence su�samment élevé pour être
observable expérimentalement dans un milieu faiblement perturbé. Les phases CNM et DeM semblent présenter
un niveau de turbulence similaire. Dans les deux cas on observe un pic de �uctuation magnétique d'environ
2 × 10−2. La bande interdite de la phase CNM est plus �ne que celle de la phase DeM en raison du niveau
d'ionisation di�érent. La phase DiM présente un niveau de turbulence très faible à basse énergie et une bande de
coupure à très basse énergie. Ceci est principalement dû au très faible taux d'ionisation et à la faible densité du
milieu. En�n la phase DeC présente un taux de turbulence assez fort ainsi qu'une bande de coupure assez large
placée à très haute énergie. L'approximation de faible couplage semble convenir jusqu'à des énergies de l'ordre
du TeV présentant ainsi quelques similarités avec les milieux fortement ionisés. Il faut également noter que les
niveaux de turbulence présentés sont déterminés pour un gradient caractéristique à grande échelle de pression
de rayons cosmiques de 1 × 10−29 erg cm−4. Cependant ce dernier paramètre dépend de l'échelle étudiée et
donc de l'énergie. En e�et on peut intuitivement penser que le gradient de pression augmente quand l'échelle
d'étude diminue c'est à dire quand l'énergie des particules diminue. Les niveaux de turbulence à faible énergie
pourraient donc bien être plus élevés que ce qui est présenté sur les di�érentes �gures, la di�culté est donc de
caractériser l'évolution de la pression de rayons cosmiques aux di�érentes échelles.

6.3 Di�usion en angle d'attaque des rayons cosmiques

La caractérisation du niveau de turbulence dans un milieu MHD est essentielle pour quanti�er les processus
de di�usion des rayons cosmiques. Nous avons déterminé le niveau de turbulence auto-généré par l'instabilité
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de streaming de rayons cosmiques. Les rayons cosmiques subissent déjà un phénomène de di�usion issu de la
turbulence de fond du milieu interstellaire. La turbulence générée par l'instabilité de streaming vient s'ajouter à
celle générée par le milieu interstellaire augmentant ainsi le taux de di�usion des rayons cosmiques. Dans cette
section, nous nous intéressons uniquement aux coe�cients de di�usions déterminée à partir de la turbulence
auto-générée par les rayons cosmiques. Les calculs de Schlickeiser sur la résolution de l'équation de Vlasov suivant
la méthode de la théorique quasi-linéaire conduisent à l'expression suivante pour le coe�cient de di�usion en
angle d'attaque des rayons cosmiques.

Dµµ =
Ω2

2
(1− µ2)

+∞∑
n=−∞

∫ +∞

−∞
d3k R(k‖, µ)

(
δB

B0

)2

k‖

1

k‖

δ(k⊥)

k⊥

[
J2
n+1(W ) + J2

n−1(W )
]

(6.6)

où

W =
k⊥v

√
1− µ2

Ω
. (6.7)

Si l'on considère la résonance 5.23, le coe�cient de di�usion Dµµ devient

Dµµ = πΩ2(1− µ2)

+∞∑
n=−∞

[
J2
n+1(0) + J2

n−1(0)
] ∫ +∞

−∞
dk‖ δ

[
vµk‖ − k‖VA + nΩ

](δB
B0

)2

k‖

1

k‖
. (6.8)

En ne considérant que les modes de gyrorésonnance de premier ordre (n = ±1), on obtient

Dµµ =
2πΩ2(1− µ2)

k‖,i|vµ− VA|

(
δB

B0

)2

k‖,i

(6.9)

où

k‖,i =

∣∣∣∣ Ω

vµ− VA

∣∣∣∣ (6.10)

Les coe�cients de di�usion en angle d'attaque des rayons cosmiques sont tracés pour les di�érentes phases du
milieu interstellaire dans les �gures B.11, B.12, B.13, B.14 et B.15. De manière générale, l'expression 6.9 montre
que le taux de di�usion en angle d'attaque des rayons cosmiques dépend de l'angle d'attaque, de l'énergie des
particules mais aussi du niveau de turbulence à l'échelle de la résonance entre la particule et l'onde d'Alfvén.
Ceci signi�e que la turbulence joue un rôle essentiel dans le processus de di�usion des particules.
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Chapitre 7

Applications

La détermination du niveau de turbulence auto-généré par l'instabilité de streaming de rayons cosmiques est
essentielle pour comprendre en profondeur les phénomènes de propagation des particules énergétiques dans le
milieu interstellaire et de manière plus générale pour comprendre la dynamique du milieu interstellaire. Notre
modèle de turbulence slab peut ainsi s'intégrer à des modèles de turbulence grande échelle ou autres phénomènes
entraînant de la di�usion en apportant une correction sur la valeur des coe�cients de di�usion. Dans cette partie,
nous allons discuter de deux applications potentielles du modèle de turbulence slab auto-générée par l'instabilité
de streaming de rayons cosmiques. En particulier, ce travail permettra d'apporter des corrections à la di�usion
des rayons cosmiques déterminée par le code RAMSES (Dubois & Commerçon 2015) en apportant une grille de
di�usion aux échelles que le code ne peut pas atteindre. Ce travail permet également d'apporter des corrections
au code cinétique de di�usion non linéaire de rayons cosmiques issus d'un rémanent de supernova (Nava et al.
2016) en précisant la valeur des coe�cients de di�usion en jeu.

7.1 Code RAMSES

Le code RAMSES est originalement un code à N corps et un code hydrodynamique. Ce dernier a été conçu
pour étudier les formations des structures de l'univers avec une haute résolution spatiale en se basant sur la
technique de maillage adaptatif (Teyssier 2002). Fromang et al. (2006) [18] implémentent un schéma de Godunov
pour résoudre les équations de la MHD idéale permettant ainsi d'utiliser le code AMR RAMSES pour résoudre
les problèmes astrophysiques. Dubois & Commerçon (2015) implémentent une méthode pour résoudre l'équation
de di�usion anisotrope des rayons cosmiques au sein d'un milieu MHD perturbé. Ils ont ajouté une équation du
transport pour les électrons et une pour les rayons cosmiques (équations (5) et (6) de leur papier). Dans leur
équation (6), le �ux de RC est dé�ni par

FCR = −DCRb(b · ∇)eCR (7.1)

où b = B/B, eCR est l'énergie volumique des rayons cosmiques et DCR est le coe�cient de di�usion des rayons
cosmiques dé�ni par le volume de la boite de la simulation. Ce coe�cient est constant et ne permet de décrire
le comportement des rayons cosmiques qu'aux énergies correspondantes aux échelles supérieures à l'échelle
associée à la résolution de la grille de simulation, ce qui prive la simulation de la turbulence auto-générée par les
rayons cosmiques de faible énergie. Mon travail permet, à partir d'un modèle de gradient de pression de rayons
cosmiques qui sera calculé par le code RAMSES, d'apporter une correction sous-grille à la valeur des coe�cients
de di�usion des rayons cosmiques.

7.2 Code cinétique de Nava et al. (2016)

Nava et al. (2016) ont mis au point un code de di�usion non-linéaire de rayons cosmiques s'échappant d'un
rémanent de supernova. Ce code étudie la propagation des protons et la façon dont ils génèrent de la turbulence
magnétique et interagissent avec à travers une instabilité de streaming. Ce code de di�usion est appliqué aux
phases WIM et WNM et deux mécanismes d'amortissement des ondes magnétiques sont considérés : les collisions
ions-neutres et l'e�et Farmer-Goldreich (Section 5.3).

Le transport des rayons cosmiques est étudié en considérant la résonance k = r−1
l où rl est le rayon de

Larmor des particules. Le coe�cient de di�usion des particules est dé�ni par
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D =
DB

I
(7.2)

où DB = E/3eB est le coe�cient de di�usion de Bohm du plasma et I est la densité d'énergie des ondes
résonantes dé�nie par la relation entre le taux de croissance des ondes d'Alfvén et le gradient de pression des
rayons cosmiques (équation (3) du papier). La géométrie du problème est cylindrique, les particules sont émises
parallèlement aux lignes de champ magnétique et le choc est �xe. Le taux d'amortissement ions-neutres est
calculé à partir de la résolution numérique de la relation de dispersion du milieu (Zweibel & Shull 1982 [58])
équivalente à la relation 4.5 mais en négligeant la viscosité des neutres. L'e�et Farmer-Goldreich est un processus
de cascade anisotrope des ondes d'Alfvén qui devient important à haute énergie.

Mon travail permet un calcul plus précis des coe�cients de di�usion qui permet de considérer de manière
plus réaliste l'échappement des rayons cosmiques du rémanent. Par la suite, une adaptation du code aux phases
moléculaire est envisagée. Il est également possible de reconsidérer le problème dans le cas d'un choc de supernova
qui émet des rayons cosmiques dans di�érentes directions a�n de reproduire le phénomène d'accélération des
rayons cosmiques de la manière la plus réaliste possible.
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Chapitre 8

Conclusion

Nous avons, au travers de ce travail, montré que les RCs peuvent jouer un rôle important dans la génération
de la turbulence dans le MIS, notamment dans les phases di�uses. En e�et, contrairement aux modèles de
turbulence à grande échelle, l'amplitude du spectre de turbulence généré par les rayons cosmiques ne décroît
pas nécessairement à mesure que l'échelle diminue. Son impact sur la turbulence totale dans le milieu est encore
à déterminer. Rappelons les di�érentes étapes de ce travail.

L'objectif principal de ce travail est de déterminer le spectre de turbulence généré par l'interaction d'une
instabilité de streaming de RCs avec les perturbations magnétiques du milieu interstellaire. Ce travail est réalisé
dans un régime de turbulence linéaire et en suivant le raisonnement de Wiener et al. (2013).
Nous avons dans un premier temps déterminé le taux d'amortissement des ondes d'Alfvén en résolvant ana-
lytiquement la relation de dispersion des ondes dans un plasma visqueux en utilisant une approche bi-�uide
(contenant un �uide de neutres et un �uide d'ions). Nous avons montré qu'il existe essentiellement deux régimes.
Un régime à basse énergie où les ions et les neutres sont faiblement couplés, le taux d'amortissement des ondes
d'Alfvén est le plus élevé et est constant. Un régime à haute énergie où les ions et les neutres sont fortement
couplés, le taux d'amortissement des ondes d'Alfvén décroît à mesure que l'énergie des ondes augmente. On a
également observé la présence d'une bande de coupure des modes d'Alfvén entre les régimes de faible et de haute
énergie. On en conclu que la turbulence d'Alfvén se développe préférentiellement à haute énergie. Cependant
cette conclusion est déterminée par la distribution en énergie des rayons cosmiques.
Nous avons dans un second temps déterminé de taux de croissance linéaire des ondes d'Alfvén en considérant
l'accélération adiabatique par processus de Fermi des RCs par les perturbations du milieu MHD. Cette accé-
lération des particules chargées entraîne par l'intermédiaire de la loi de Biot et Savart la création de nouvelles
perturbations magnétiques. Deux régimes d'interaction des RCs avec les perturbations magnétiques sont consi-
dérés, un régime de résonance pure où le rayon de Larmor de la particule correspond à un multiple de l'inverse
du nombre d'onde dans le référentiel de la perturbation, et un régime de résonance imparfaite dans lequel
l'amortissement de la perturbation n'est pas négligé.
En équilibrant les taux de croissance et d'amortissement des ondes d'Alfvén, il est ainsi possible de caractériser
l'évolution du niveau de turbulence des ondes magnétiques. En considérant de plus que la turbulence auto-
générée est parfaitement asymétrique et de propage uniquement le long des lignes de champ magnétique moyen,
nous avons déterminé le coe�cient de di�usion en angle d'attaque des RCs pour un modèle de turbulence slab.
Nous avons observé que les particules les plus di�usées sont celles dont l'angle d'attaque est proche de 90◦ créant
ainsi une dispersion principalement perpendiculaire aux lignes de champ.

Cependant le modèle possède ses limites. En e�et, le spectre de turbulence est calculé à partir d'un taux de
croissance linéaire des ondes d'Alfvén ce qui explique la divergence de l'amplitude des perturbations à haute
énergie. Il est donc nécessaire de tenir compte des e�ets non-linéaires de saturation du champ turbulent à
haute énergie. De plus, les RCs ne sont pas uniquement sensibles aux modes purement magnétiques. Les modes
magnétosoniques lents et rapides doivent être pris en compte, il faut également discuter du rôle des modes
hydrodynamiques notamment dans les plasmas denses dans l'approximation de faible couplage. La turbulence
générée par les RCs n'est pas l'unique générateur de turbulence. En e�et, il convient de quanti�er le rôle de la
turbulence à grande échelle. Cette dernière peut en particulier contribuer à l'accélération des RCs et donc à la
génération de la turbulence à petite échelle. Cet e�et récurrent peut avoir des conséquences considérables sur
le spectre de turbulence du milieu interstellaire.

Ce stage n'est que le commencement d'un gros travail à la fois théorique et numérique de modélisation du
transport des RCs dans le milieu interstellaire. En e�et, en poursuivant en thèse. Je pourrai développer des
modèles analytiques de propagation des RCs dans les milieux faiblement ionisés bien plus élaborés et utiliserai
les di�érents résultats dans des simulations MHD a�n de mieux comprendre le rôle des RCs et de la turbulence
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dans le milieu interstellaire. La première partie du travail de la thèse concernera en particulier le modèle proposé
dans ce rapport en suivant les améliorations proposées dans le paragraphe ci-dessus. C'est donc avec plaisir que
je continuerai ce travail et que je contribuerai au développement du code de simulation MHD RAMSES et du
code cinétique d'échappement de RCs issus d'un rémanent de supernova dans le MIS présentés dans le chapitre
7.
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Annexe A

Acronymes et notations

Notations
m Masse du proton
c Célérité de la lumière dans le vide
e Valeur absolue de la charge électrique de l'électron
q Charge électrique quelconque
‖ Parallèle aux lignes de champ magnétique moyen
⊥ Perpendiculaire aux lignes de champ magnétique moyen
B0 Champ magnétique moyen
WB0 Énergie magnétique moyenne
E Énergie
T Énergie cinétique ou Température suivant le contexte
rl Rayon de Larmor
α Angle d'attaque des rayons cosmiques
v Vitesse des rayons cosmiques
p Impulsion des rayons cosmiques
p̄ Impulsion normalisée des rayons cosmiques
p0 Valeur de normalisation de l'impulsion des rayons cosmiques
X Taux d'ionisation
ni± Densité volumique d'espèces chargées positivement/négativement
nn Densité volumique d'espèces neutres
nCR Densité volumique de rayons cosmiques
PCR Pression de rayons cosmiques
Ω0 Pulsation cyclotron
Ω Pulsation synchrotron
vA = VA Vitesse d'Alfvén en régime fortement couplé
vAi = VAi Vitesse d'Alfvén en régime faiblement couplé
cs Vitesse du son
θ Angle entre le vecteur d'onde de la perturbation et le vecteur B0

k Vecteur d'onde
k±c Échelles de changement de régime de couplage
kdamp Échelles d'amortissement de la turbulence
Linj Échelle d'injection de la turbulence
ω Pulsation complexe
ωR Pulsation réelle
ΓI = Γin Pulsation imaginaire - Taux d'amortissement ion-neutre
Γg Taux de croissance des ondes d'Alfvén
χ Rapport masse volumique des neutres/masse volumique des ions
ξn Fraction de neutres
νin Taux de collision ion-neutre
νni Taux de collision neutre-ion
νn Viscosité des neutres
ν Taux de collision RC-Onde d'Alfvén
Dµµ Coe�cient de Fokker-Planck en angle d'attaque
Jn(W ) Fonction de Bessel à l'ordre n de la variable W

Acronymes
EM ElectroMagnétique
MHD MagnétoHydroDynamique
HD HydroDynamique
MIS Milieu InterStellaire
RC Rayon(nement) Cosmique
TQL Théorie Quasi-Linéaire
HIM Hot Ionised Medium (Milieu chaud ionisé)
WIM Warm Ionised Medium (Milieu tiède ionisé)
WNM Warm Neutral Medium (Milieu tiède neutre)
CNM Cold Neutral Medium (Milieu froid neutre)
DiM Di�use Molecular cloud (Nuage moléculaire di�us)
DeM Dense Molécular cloud (Nuage moléculaire dense)
DeC Dense Core (C÷ur dense)
DaC Dark Cloud (Nuage sombre)
AMR Adaptative Mesh Re�nement

(Maillage adaptatif)
GS95 Golreich & Sridhar (1995)

34



Annexe B

Figures

B.1 Relation de dispersion

Les �gures B.1, B.2, B.3, B.4 et B.5 présentent la relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans les di�érentes
phases du milieu interstellaire. Les données numériques du problème sont celles proposées dans le tableau 3.2. La
phase et les paramètres du milieu sont présenté en titre et sous-titre de chacun des graphes. La courbe en trait
plein noir représente le taux d'amortissement des ondes d'Alfvén exact (équation 4.12), la courbe en pointillés
noirs représente la fréquence de propagation exacte des ondes de Alvén (équation 4.6). La courbe en trait plein
bleu représente le taux d'amortissement des ondes d'Alfvén dans l'approximation ΓI � ωR (équation 4.14).
La courbe en pointillés bleus représente la fréquence de propagation des ondes d'Alfvén dans l'approximation
ΓI � ωR. (équation 4.13) Les triangles/ronds noirs à gauche et droite de la bande interdite représentent
respectivement le taux d'amortissement/la fréquence de propagation des ondes d'Alfvén dans l'approximation
ΓI � ωR dans le régime de faible et fort couplage des ions avec les neutres (équations 4.17 à 4.20). Les traits
verticaux pointillés représentent les bornes de la bande interdite de propagation des ondes d'Alfvén (équations
4.21 et 4.22). Les traits pleins verticaux représentent la bande de non-validité de l'approximation de faible ou
fort couplage.
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Alfven mode dispersion relation in the WNM phase
ntot =  0.2 cm−3 - B=  5e-06 µG - T=  6000 K - grad(PCR) =  1e-29 erg cm−4 

Figure B.1 � Relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans la phase WNM du milieu interstellaire.
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Figure B.2 � Relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans la phase CNM du milieu interstellaire.
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Figure B.3 � Relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans la phase DiM du milieu interstellaire.
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Alfven mode dispersion relation in the DeM phase
ntot =  500 cm−3 - B=  1.39e-05 µG - T=  10 K - grad(PCR) =  1e-29 erg cm−4 

Figure B.4 � Relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans la phase DeM du milieu interstellaire.
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Figure B.5 � Relation de dispersion des ondes d'Alfvén dans la phase DeC du milieu interstellaire.
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B.2 Spectre turbulent

Les �gures B.6, B.7, B.8, B.9 et B.10 décrivent l'évolution du niveau de turbulence dans les di�érentes phases
du milieu interstellaire. En titre est indiqué la phase et en sous-titres sont indiqués les paramètres choisis de la
phase. Les ronds noirs représentent l'évolution du niveau de turbulence à partir du taux d'amortissement des
ondes d'Alfvén calculé dans l'approximation de faible/fort couplage et pour une résonance en delta de Dirac
(équation 5.29). La ligne continue bleue représente l'évolution du niveau de turbulence à partir de l'expression
exacte du taux d'amortissement des ondes d'Alfvén pour une résonance en delta de Dirac (équation 5.29).
La ligne continue noire représente l'évolution du niveau de turbulence à partir de l'expression exacte du taux
d'amortissement des ondes d'Alfvén et pour une résonance par une fonction Lorenztienne (équation ??). Ce
dernier résultat est préliminaire et le comportement à haute énergie du niveau de turbulence est sujet à caution.
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Figure B.6 � Turbulence des ondes d'Alfvén dans la phase WNM du milieu interstellaire.
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Figure B.7 � Turbulence des ondes d'Alfvén dans la phase CNM du milieu interstellaire.
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Figure B.8 � Turbulence des ondes d'Alfvén dans la phase DiM du milieu interstellaire.
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Figure B.9 � Turbulence des ondes d'Alfvén dans la phase DeM du milieu interstellaire.
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Figure B.10 � Turbulence des ondes d'Alfvén dans la phase DeC du milieu interstellaire.
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B.3 Coe�cients de di�usion Dµµ

Les �gures B.11, B.12, B.13, B.14 et B.15 représentent l'évolution des coe�cients de di�usion des rayons
cosmiques en fonction de leur angle d'attaque α. Ces derniers sont calculés pour trois énergies cinétiques di�é-
rentes T1 = 0.1 mc2, T2 = mc2 et T = 10 mc2, et à partir de la relation 6.9 dans le cadre d'une résonance en
delta de Dirac.
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Figure B.11 � Coe�cient de di�usion en angle d'attaque des RCs dans la phase WNM du milieu interstellaire
pour 3 énergies cinétiques di�érentes.
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Figure B.12 � Coe�cient de di�usion en angle d'attaque des RCs dans la phase CNM du milieu interstellaire
pour 3 énergies cinétiques di�érentes.
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Figure B.13 � Coe�cient de di�usion en angle d'attaque des RCs dans la phase DiM du milieu interstellaire
pour 3 énergies cinétiques di�érentes.
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Figure B.14 � Coe�cient de di�usion en angle d'attaque des RCs dans la phase DeM du milieu interstellaire
pour 3 énergies cinétiques di�érentes.
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Figure B.15 � Coe�cient de di�usion en angle d'attaque des RCs dans la phase DeC du milieu interstellaire
pour 3 énergies cinétiques di�érentes.
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