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Chapitre I

Le milieu interstellaire

I.1 Un milieu très structuré

Le milieu interstellaire (MIS) est le milieu extrêmement dilué qui emplit tout lŠes-
pace entre les étoiles dans les galaxies. CŠest un plasma, plus ou moins ionisé suivant sa
localisation, constitué de gaz mélangé à des particules solides (les grains de poussières),
traversé par des particules relativistes (les rayons cosmiques) et baigné dans un champ
magnétique omniprésent. Ses températures couvrent un immense domaine, de 10 K à plus
de 107 K. Ce sont les températures dŠéquilibre résultant de processus de chauffage et de
refroidissement. Le chauffage est dû essentiellement aux photons stellaires et aux rayons
cosmiques (ionisation du gaz et effet photo-électrique des poussières). A cause de sa très
faible densité, le MIS ne se refroidit pas par conduction mais par rayonnement dans des
raies excitées collisionnellement, principalement de lŠhydrogène autour de 104 K (la raie
Lyα), du carbone ionisé autour de 100 K (la raie interdite de structure Ąne [CII] à 158
µm) et des raies moléculaires à beaucoup plus basse température.
La fonction de refroidissement Λ(T ) qui résulte de lŠensemble de ces rayonnements (Dal-
garno et McCray, 1972, voir Figure I.1) a la particularité de présenter deux domaines de
température correspondant à des phases thermiquement stables parce que le refroidisse-
ment y augmente très rapidement avec la température (Field et al., 1969). Les deux phases
thermiquement stables sont le "warm neutral medium" (WNM) à T ∼ 104 K et le "cold
neutral medium" (CNM) à T ∼ 102 K. Ces deux phases nŠexistent que dans un domaine
étroit de pression. Dans le voisinage solaire, les valeurs de leur densité et température
sont données dans la Table I.1.

Elles sont séparées par un domaine où lŠéquilibre thermique du gaz est instable car le
refroidissement, dû à une multitude de raies interdites dŠatomes et dŠions lourds (C+, O,
Si+, Fe+, ...) donne in Ąne un refroidissement global qui dépend peu de la température (et
beaucoup de la métallicité). Cette instabilité thermique conduit à la fragmentation du mi-
lieu instable en très petites structures de CNM dont la taille minimale, ∼ 10 mpc, est dictée
par la conduction thermique (Field, 1965; Inoue et al., 2006). Le gaz à 104 < T < 107 K
nŠest en général pas à lŠéquilibre thermique car il ne se refroidit que très lentement à cause
de sa très faible densité. Dans le modèle de Field et al. (1969) la température des phases
thermiquement stables dépend de la pression thermique du milieu : plus la pression est
élevée, plus ces températures le sont (Figure I.2). La courbe de refroidissement, dépendant

1
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2 Chapitre I. Le milieu interstellaire

Fig. I.1 Fonction de refroidissement du milieu interstellaire (Dalgarno et Mc-
Cray, 1972). Les courbes tracées à T < 104 K correspondent à différents degrés
dŠionisation, xe = 10−1, 10−2, 10−3 et 10−4.
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Fig. I.4 Spectre de puissance dŠimages de la poussière dans le milieu inter-
stellaire. Combinaison de trois images à différentes échelles dont les puissances
ont été mises à lŠéchelle pour montrer la continuité des pentes des images (voir
Miville-Deschênes et al., 2016).
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pc à 2000 au (Miville-Deschênes et al., 2010), celui de la lumière visible diffusée par la
poussière dans un champ similaire sŠétend sur 3 ordres de grandeur jusquŠà 10 mpc (voir
Miville-Deschênes et al., 2016, et Ągure I.4). Tous deux sont également proches du spectre
de Kolmogorov. Un lien entre la structuration du CNM à très petite échelle, lŠinstabilité
thermique et la turbulence a été proposé par Audit et Hennebelle (2010) : ce sont les
Ćuctuations de pression hydrodynamique de la turbulence qui déstabilisent le WNM et
causent sa fragmentation en nodules de CNM.

I.2 Une structure bi-phasique robuste et quasi-universelle

Ce qui précède amène les questions suivantes :
(1) pourquoi les deux phases CNM et WNM ne se mélangent-elles pas pour donner un
unique gaz tiède et pourquoi observe-t-on ces phases dans quasiment toutes les galaxies
avec les mêmes proportions dans toutes les galaxies spirales ? CŠest parce que lŠentropie du
MIS nŠest pas libre de croître comme elle le ferait si le MIS était un système isolé : le MIS
nŠest pas un système isolé. Il échange de lŠénergie et de la matière avec les étoiles, dŠune
part, et le milieu extragalactique, dŠautre part. Ce sont ces échanges qui le maintiennent
loin de lŠéquilibre thermodynamique.
(2) comment peut-on maintenir le MIS si loin de lŠéquilibre thermodynamique et que ses
caractéristiques soient si stables dans le temps et parmi les galaxies ? CŠest parce que
la matière suit un immense cycle (Figure I.3), en passant dŠune phase à lŠautre depuis
lŠaccrétion de gaz extragalactique très dilué aux phases les plus denses et à la formation
dŠétoiles, puis en retour depuis les étoiles au milieu circumgalactique sous forme de vents
stellaires et explosions de supernovae. Ce cycle est puissamment régulé conjointement par
la rétroaction des étoiles et lŠaccrétion de gaz extragalactique, à tel point que dans notre
Galaxie on observe que les taux dŠaccrétion de gaz extragalactique, de formation dŠétoiles
et dŠéjection de matière par les vents stellaires sont comparables, à un facteur 2 près. Ce
résultat commence aussi à émerger des observations de galaxies à haut redshift.
Les étoiles et leurs propriétés universelles sont donc en partie à lŠorigine de la structuration
bi-phasique du MIS.

I.3 Le rôle crucial des molécules

Mais pourquoi les étoiles se forment-elles dans les nuages moléculaires et non dans le
gaz atomique ? CŠest parce que seules les molécules de moment dipolaire élevé, qui ont
donc de grands coefficients dŠEinstein dŠémission spontanée, et ont des niveaux dŠénergie
assez bas, sont capables de refroidir le MIS au-dessous de la température quŠil aurait
si seul le refroidissement dans la raie [CII] était à lŠœuvre (Fig. I.1). Les molécules di-
polaires permettent au gaz de se refroidir jusquŠà ∼ 5K (les températures observées des
cœurs protostellaires), de se condenser, de se fragmenter et de sŠeffondrer rapidement sous
lŠeffet de la gravité, pour former des étoiles. La molécule-clé se trouve être le monoxyde
de carbone, CO, elle est à la fois la molécule la plus abondante après H2 et elle a son
premier niveau dŠénergie à EJ=1/kB = 5.5 K, alors que celui de H2 est à ∼ 500K. La
transition fondamentale de H2 est donc incapable de refroidir le gaz à une température
aussi basse que celle observée dans les cœurs protostellaires mais elle peut engendrer une
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phase thermiquement stable dans un milieu de très faible métallicité.
Cela montre lŠimportance cruciale de lŠémergence des molécules dans le milieu diffus froid
(CNM) : sans elles, le refroidissement du gaz ne se ferait pas rapidement. Mais lŠémer-
gence des molécules dans le MIS diffus soulève une nouvelle question : les abondances
observées de la molécule CO dans le gaz diffus moléculaire sont un ordre de grandeur plus
élevées que ce que la chimie régie par les photons UV et les rayons cosmiques est capable
de produire (Godard et al., 2009, 2014; Levrier et al., 2012). Ce problème est apparu
de fait dès la découverte des premières molécules dans le milieu diffus, CH, CH+ et CN
dans les années 1940, car la formation de CH+ est extrêmement endothermique. La chi-
mie interstellaire connue, régie par lŠapport dŠénergie des photons stellaires et des rayons
cosmiques, nŠétait pas suffisante pour reproduire les densités de colonne observées de ces
espèces. Le même problème est apparu plus tard pour HCO+ (e.g. Lucas et Liszt, 1996)
et pour CO. Une autre source dŠénergie majeure était nécessaire. Plusieurs processus ont
été proposés, comme la dérive ion-neutre dans les ondes dŠAlfvén (Federman et al., 1996),
la conduction thermique aux interfaces WNM/CNM (Lesaffre et al., 2007), le transport
turbulent à lŠinterface CNM/WNM (Valdivia et al., 2016) ou les évènements dissipatifs
extrêmes dans la turbulence interstellaire, comme les chocs C (Flower et al., 1985, 1988;
Draine et Katz, 1986; Lesaffre et al., 2013; Lesaffre et al., 2020), les vortex magnétisés
(Godard et al., 2009, 2014), les couches de cisaillement de vitesse (Falgarone et al., 1995;
Joulain et al., 1998). Les premiers injectent lŠénergie thermique du WNM dans le CNM,
alors que les derniers nourrissent la chimie de lŠénergie turbulente du CNM qui est un
ordre de grandeur plus grande que son énergie thermique, mais comparable à lŠénergie
thermique du WNM.
Le travail présenté dans cette thèse porte sur la nature des structures susceptibles de dissi-

per lŠénergie de la turbulence interstellaire dans des régions très petites, concentrant ainsi

la densité dŠénergie dissipée localement au point dŠouvrir des voies chimiques qui ne le se-

raient pas dans le reste du volume. LŠun des objectifs de ces travaux est donc de proposer

un cadre robuste pour modéliser la formation des molécules dans les régions de dissipation

extrême de la turbulence du milieu diffus.

I.4 Un plasma turbulent et magnétisé

Le MIS est aujourdŠhui considéré comme un Ćuide turbulent car ses vitesses et ses
dimensions sont si grandes que la seule viscosité du gaz est incapable dŠassurer le transport
de lŠimpulsion. Cela se traduit par des nombres de Reynolds Re >> 107 (voir chapitre
II). On doit à Chandrasekhar et Fermi (1953) lŠintroduction et le calcul de la pression et
de la viscosité turbulentes qui décrivent le mouvement dŠun gaz turbulent à des échelles
très grandes devant les échelles de dissipation. Ces deux quantités, contrairement à leurs
analogues thermiques, dépendent de lŠéchelle considérée ce qui a un impact majeur sur la
dynamique du gaz, au point par exemple de stabiliser les grandes échelles qui sont les plus
instables gravitationnellement selon le critère de Jeans (Bonazzola et al., 1987, 1992).

Mais il a fallu des décennies pour que le concept de turbulence émerge pour le MIS
car les grandes vitesses observées dans le milieu froid ont été longtemps attribuées à des
mouvements à grande échelle régis par la gravité. Zuckerman et Evans (1974) ont suggéré
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auto-gravitants à la limite de lŠinstabilité gravitationnellle et baignant dans un milieu
de pression uniforme. Cette vision, initialement proposée par Chièze (1987) et Chièze
et Pineau Des Forêts (1987) a été reprise par Field et al. (2011) qui conĄrment le rôle
essentiel de la pression conĄnant les nuages, en conjonction avec la gravité. LŠorigine de
ces lois dŠéchelles nŠest donc pas vraiment élucidée.

CŠest en partie parce que, même turbulent au sens premier (Re >> 107), le MIS
est loin dŠêtre un Ćuide turbulent incompressible, homogène et isotrope comme dans la
théorie de Kolmogorov. Le MIS froid et moléculaire présente des vitesses bien supérieures
à la vitesse du son : sa turbulence est donc supersonique et il est compressible. De plus,
toutes les phases du MIS sont des plasmas partiellement ionisés et magnétisés. LŠintensité
du champ magnétique dans les différentes phases est mesurée grâce à lŠeffet Zeeman de
la transition hyperĄne de lŠhydrogène atomique pour le CNM et le WNM, de raies des
radicaux OH et de CN pour les milieux moléculaires diffus et denses, respectivement. Les
valeurs du champ magnétique rassemblées dans la revue de Crutcher (2012) (Figure I.5)
montrent que la turbulence dans toutes les phases du MIS est trans-Alfvénique et que les
régions les plus denses (i.e. les cœurs moléculaires) ont en général la masse critique pour
laquelle le champ magnétique empêche lŠeffondrement gravitationnel.

EnĄn, les phases du MIS faiblement ionisées ne sont pas fortement couplées au champ
magnétique. Il existe tout un domaine de hautes fréquences dŠondes magnétiques qui
ne sont pas perçues par le plasma car les collisions des ions, fortement liés au champ
magnétique, avec les neutres sont trop rares. Il existe aussi un domaine, à basse fréquence,
où la propagation des ondes ne se fait plus car toute leur énergie est dissipée dans les
collisions ions-neutres. Les fréquences qui limitent ces régimes dépendent des sections
efficaces de collision entre les ions et les neutres et de leurs densités respectives (Kulsrud
et Pearce, 1969). Entre ces deux extrêmes, le champ magnétique dérive au travers du
plasma. CŠest un phénomène important dans le MIS car cŠest une source importante de
dissipation dŠénergie mais cŠest aussi la raison pour laquelle les chocs C (i.e. continus)
existent (Draine et Katz, 1986; Flower et al., 1988), et pour laquelle ils sont si riches en
molécules (Lesaffre et al., 2013).

Une propriété fondamentale de la turbulence est son intermittence spatio-temporelle
(Landau et Lifshitz, 1959; Kolmogorov, 1962). Une voie prometteuse pour prouver lŠexis-
tence de la turbulence dans le MIS est donc de chercher des signatures dŠintermittence.
De telles signatures ont été trouvées dans le champ de vitesse de nuages moléculaires
proches, soit de façon statistique (Hily--Blant et al., 2008; Hily-Blant et Falgarone, 2009),
soit grâce à la détection de structures pouvant être comprises comme des extrema de
cisaillement de vitesses à très petite échelle (Falgarone et al., 2009).
Dans les expériences de soufflerie, dans lŠatmosphère mais aussi dans les plasmas des
Tokamak et dans le vent solaire, lŠintermittence de la turbulence est due à lŠexistence
de structures cohérentes de vorticité, comme le vortex de Burgers, ou de courant, dont
les épaisseurs sont proches de la longueur de dissipation de la turbulence (e.g. Douady
et al. (1991) ; Belin et al. (1996) ; Nagaoka et al. (2002) ; Mouri et al. (2007) ; Mouri et al.

(2009)). La dissipation de la turbulence se concentre dans ces structures et nous allons
nous attacher dans ce travail de thèse à en caractériser la nature physique.
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Chapitre II

Mécanique des fluides magnétisés et
turbulence isotherme

Nous présentons dans ce chapitre quelques notions de mécanique des Ćuides (magné-
tisés ou non) nécessaires pour appréhender certains des concepts et méthodes présentés
dans cette thèse.

II.1 Le cas hydrodynamique

II.1.1 Transition vers la turbulence

Considérons un Ćuide sŠécoulant autour dŠun obstacle, plus ou moins cylindrique,
à vitesse constante, comme dans lŠexpérience montrée Ągure II.1. À faible vitesse, on
voit que les trajectoires, rendues visibles par le colorant, sont régulières et bien déĄnies.
Si on mesure la vitesse de lŠécoulement en un point du Ćuide, par effet Doppler par
exemple, la valeur ne varie pas dans le temps. LŠécoulement est donc aussi stationnaire.
Ces caractéristiques sont celles dŠun écoulement appelé laminaire. Ce type dŠécoulement
est parfaitement prévisible, deux particules Ćuides issues de positions très proches suivront
des trajectoires qui changent peu leur écartement initial.

En augmentant la vitesse de lŠécoulement, on voit apparaître en aval de lŠobstacle des
tourbillons/vortex. Ils se forment proche de lŠobstacle, puis sŠen détachent, avant dŠêtre
remplacés par de nouveaux. Ceci donne lieu à une allée de Bénard-Karman (visible sur
lŠimage du milieu de la Ągure II.1). Cette dernière nŠest plus stationnaire, mais peut encore
être décrite par un modèle périodique.

Si on augmente encore la vitesse du Ćuide, les trajectoires se brouillent (image du
bas de la Ągure II.1). La mesure de la vitesse en un point de lŠécoulement montrerait
que celui-ci nŠest plus périodique, mais complètement chaotique. On ne peut plus du tout
prédire les détails de lŠécoulement du fait des instabilités de lŠécoulement, deux particules
Ćuides très proches sŠéloignent de façon exponentielle lŠune de lŠautre au cours du temps.
LŠécoulement devenu turbulent et chaotique ne peut être décrit que de façon statistique.

11
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II.1.2 Approches eulérienne et lagrangienne

La mécanique des Ćuides se fonde sur la description de particules Ćuides, de taille
très inférieure à la taille caractéristique de lŠécoulement, mais très supérieure à lŠéchelle
atomique. Cette description est justiĄée par lŠexistence de forces de cohésion qui ont
une portée Ąnie. La taille de ces particules Ćuides est suffisamment importante pour
que puissent être déĄnies des variables thermodynamiques, comme la température ou la
densité par exemple.

De là, lŠétude dŠun écoulement peut se faire selon deux approches sensiblement diffé-
rentes qui se sont imposées au cours du temps.

Ů L’approche eulérienne :
On examine le Ćuide en mouvement de lŠextérieur. LŠobservateur, placé dans le
"référentiel du laboratoire", regarde ce qui se passe en un point Ąxe de lŠespace par
rapport à lui. Comme a priori lŠécoulement nŠest pas stationnaire, les grandeurs
mesurées en une position r⃗ Ąxe vont évoluer au cours du temps. La variation dŠune
quantité f(r⃗, t) est donnée par

∂f(r⃗, t)
∂t

. (II.1)

Ů L’approche lagrangienne :
Cette fois-ci, on sŠintéresse à une particule Ćuide suivant les ligne de courant. Les
quantités qui lui sont liées peuvent aussi évoluer. Pour cette approche on a besoin
de la "dérivée lagrangienne" ou "matérielle"

df(r⃗, t)
dt

=
∂f(r⃗, t)

∂t
+


u⃗ · ∇⃗
)

f(r⃗, t), (II.2)

où u⃗ est la vitesse de la particule Ćuide. Le terme


u⃗ · ∇⃗
)

correspond à lŠadvection
par lŠécoulement. Par exemple pour la densité dŠune particule Ćuide, la variation de
la densité ρ sŠécrit

dρ

dt
=

∂ρ

∂t
+


u⃗ · ∇⃗
)

ρ. (II.3)

Les deux approches sont parfois complémentaires. Pour reprendre lŠexemple de la
densité, en utilisant la conservation de la matière

∂ρ

∂t
= −∇⃗ · (ρu⃗) , (II.4)

on peut lŠinjecter dans lŠéquation (II.3) et obtenir

dρ

dt
= −∇⃗ · (ρu⃗) +



u⃗ · ∇⃗
)

ρ, (II.5)

qui après lŠutilisation dŠune identité vectorielle sur le premier terme se simpliĄe en

dρ

dt
= −



∇⃗ · u⃗
)

ρ. (II.6)

Cette relation sŠécrit de façon équivalente

d (ln ρ)
dt

= −


∇⃗ · u⃗
)

. (II.7)
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Soit, en terme du volume spéciĄque v = 1/ρ

1
v

dv

dt
= −



∇⃗ · u⃗
)

, (II.8)

qui explicite le sens physique de la divergence de la vitesse. Une divergence positive cor-
respond à une augmentation du volume spéciĄque, ou dilatation, et donc une diminution
de la densité. Tandis que la compression correspond à une divergence négative. Il nous
arrivera plus tard dŠutiliser le terme de convergence du champ de vitesse pour parler de
lŠopposé de la divergence.

II.1.3 Bilan des forces sur une particule fluide

La mécanique des Ćuides sŠappuie sur les mêmes principes généraux que la mécanique
"classique", en particulier la relation fondamentale de la dynamique. Pour la déterminer,
il convient donc de connaître les forces exercées sur une particule Ćuide. En lŠabsence de
forces extérieures, les particules Ćuides composant le Ćuide interagissent les unes avec les
autres. Elles subissent les forces de pression normales à leur surface exercées par leurs
voisines. Et si le Ćuide est en mouvement, des forces visqueuses tangentielles qui rendent
compte du cisaillement subit par le mouvement relatif du Ćuide alentour. On doit donc
tenir compte de ces forces en appliquant le principe fondamental de la dynamique. La
conservation de la quantité de mouvement sŠécrit

∂ (ρu⃗)
∂t

+ ∇⃗ · (ρu⃗ ⊗ u⃗) = f⃗ + ∇⃗σ (II.9)

où f⃗ représente lŠensemble des forces extérieures, ⊗ est le produit tensoriel, et σ est le
tenseur, dŠordre 2, des contraintes. Le tenseur des contraintes peut être décomposé en
deux termes principaux

σ = σij = −pδij + µτij (II.10)

où p est la pression hydrostatique, δij est le symbole de Kronecker, µ est la viscosité
cinématique et τij est le tenseur des contraintes visqueuses. Nous utilisons ici la notation
indicielle pour plus de clarté. En supposant la particule Ćuide de forme cubique, σij est
la contrainte sur la face j (normale orientée parallèlement à e⃗j) dans la direction i. Si on
déĄnit le tenseur des déformations par :

Sij =
1
2



∂ui

∂xj
+

∂uj

∂xi



, (II.11)

alors on peut montrer que le tenseur des contraintes sŠexprime en fonction de celui des
déformations :

τij = 2Sij − 2
3

Skkδij. (II.12)

Notez que Skk nŠest autre que la divergence de la vitesse, nous utilisons la convention
dŠEinstein. En réécrivant le principe fondamental de la dynamique (II.9), pour la compo-
sante i, avec lŠexpression explicite de σij, on obtient

∂ (ρui)
∂t

+
∂ (ρuiuj)

∂xj
= − ∂

∂xi

(

p +
2
3

µSkk

)

+ 2
∂

∂xj
(µSij) + fi (II.13)
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en utilisant lŠexpression de la conservation de la masse (II.4) et en supposant la viscosité
cinématique constante. On peut obtenir la conservation de lŠimpulsion sous forme dŠune
équation pour lŠaccélération :

d (u⃗)
dt

=
∂u⃗

∂t
+


u⃗ · ∇⃗
)

u⃗ = −1
ρ

∇⃗p + ν∇2u⃗ +
ν

3
∇⃗


∇⃗ · u⃗
)

+
1
ρ

f⃗ , (II.14)

qui est la fameuse équation de Navier-Stokes, avec la viscosité dynamique ν = µ/ρ.
Le terme ν

3 ∇⃗


∇⃗ · u⃗
)

provient de la combinaison du terme − ∂
∂xj

2
3µSkk avec la deuxième

partie du terme 2 ∂
∂xj

(µSij).

II.1.4 La dissipation visqueuse

Nous cherchons dans cette section à réaliser le bilan dŠénergie du Ćuide, pour dégager
le rôle de la dissipation visqueuse.

On repart de la conservation du moment (II.9), avec la notation indicielle et en lŠab-
sence de force externe

∂ (ρui)
∂t

+
∂ (ρuiuj)

∂xj
=

∂σij

∂xj
. (II.15)

On commence par développer le premier terme du membre de gauche, rassembler tous les
termes à gauche et développer le tenseur des contraintes σij avec la relation (II.10) pour
obtenir

ui
∂ρ

∂t
+ ρ

∂ui

∂t
+

∂

∂xj
[(ρuiuj) + pδij − µτij] = 0. (II.16)

On cherche à obtenir cette équation sous une forme conservative, i.e :

∂

∂t
Énergie + ∇⃗ · (Flux dŠénergie) = Source − Puits. (II.17)

On multiplie donc lŠéquation (II.16) par ui, pour obtenir une équation de conservation
pour lŠénergie. On arrive à lŠéquation

u2 ∂ρ

∂t
+ ρui

∂ui

∂t
+ ui

∂

∂xj
[(ρuiuj) + pδij − µτij] = 0, (II.18)

qui, en remarquant que

ρui
∂ui

∂t
=

∂

∂t



ρu2

2



− u2

2
∂ρ

∂t
, (II.19)

et en utilisant la conservation de la masse (II.4) pour remplacer ∂tρ, devient

∂

∂t



ρu2

2



− u2

2
∂ρuj

∂xj
+ u2 ∂ρuj

∂xj
+ ρuiuj

∂ui

∂xj
+ ui

∂

∂xj
[pδij − µτij] = 0, (II.20)

où on a développé le premier terme entre crochets. On remarque que

ρuiuj
∂ui

∂xj
=

∂

∂j



ρu2

2
uj



− u2

2
∂ρuj

∂xj
, (II.21)
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qui une fois remplacé dans lŠéquation (II.20), nous permet dŠécrire une forme qui se
rapproche de la forme conservative :

∂

∂t



ρu2

2



+
∂

∂xj



ρu2

2
uj



+ uj
∂p

∂xj
= ui

∂µτij

∂xj
. (II.22)

Nous souhaitons nous rapprocher encore plus dŠune forme conservative, et nous allons
donc travailler sur le terme uj

∂p
∂xj

et lŠincorporer dans une forme conservative. Nous le
faisons disparaître en ajoutant à lŠénergie cinétique une énergie F . Nous cherchons donc
une fonction F telle que

∂F

∂t
+

∂

∂xj
[...] = uj

∂p

∂xj
. (II.23)

On suppose le Ćuide barotrope, ce qui signiĄe que la variation de la pression se fait
seulement avec la variation de la densité. CŠest le cas dŠun Ćuide isotherme, ou bien
polytropique (p = Kργ), mais aussi dans le cas où les temps dynamiques sont très longs
par rapport à lŠéquilibre thermique, qui sŠécrit alors p(ρ). Nous supposons aussi F ≡ F (ρ),
et nous allons relier la dérivée seconde de F à la dérivée première de p. On peut écrire

∂F

∂t
=

∂F

∂ρ

∂ρ

∂t
= −∂F

∂ρ

∂ρuj

∂xj
, (II.24)

où nous avons utilisé la conservation de la masse (II.4) pour écrire la dernière égalité. Il
nous faut ensuite remarquer que

∂F

∂ρ

∂ρuj

∂xj
=

∂

∂xj

(

∂F

∂ρ
ρuj

)

− ρuj
∂

∂xj

(

∂F

∂ρ

)

, (II.25)

pour obtenir
∂F

∂t
+

∂

∂xj

(

∂F

∂ ln ρ
uj

)

= ρuj
∂

∂xj

(

∂F

∂ρ

)

(II.26)

où lŠon voit que le Ćux correspondant à F sŠécrit ∂F
∂ ln ρuj. Pour parvenir à nos Ąns, il ne

nous reste plus quŠà trouver une fonction F qui satisfait lŠéquation

ρuj
∂

∂xj

(

∂F

∂ρ

)

= uj
∂p

∂xj
, (II.27)

qui peut se réécrire
∂2F

∂ρ2
=

1
ρ

∂p

∂ρ
. (II.28)

On peut intégrer cette équation deux fois pour obtenir le cas barotrope général. Par
exemple dans le cas particulier dŠun gaz isotherme, p = ρc2, on a donc

∂2F

∂ρ2
=

c2

ρ
. (II.29)

En intégrant une fois, on trouve

F ′ = c2 ln ρ + C1 (II.30)
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où C1 est une première constante dŠintégration. Puis en intégrant une deuxième fois on
trouve

F = c2(ρ ln ρ − ρ) + C1ρ + C2 (II.31)

où C2 est une deuxième constante dŠintégration. Le choix de ces deux constantes est
arbitraire. Le choix de la première constante correspond au fait quŠon peut toujours
ajouter un certain nombre de fois ρ à F et garder une forme conservative pour lŠénergie
totale, car ρ obéit à une loi de conservation sans terme source. Le choix de la deuxième
constante vient du fait que lŠénergie est déĄnie à une constante près. En choisissant
c2 comme première constante dŠintégration et 0 pour la seconde, on trouve la forme
simpliĄée :

F = c2ρ ln ρ = p ln ρ. (II.32)

En calculant le Ćux dŠénergie correspondant ∂F
∂ ln ρuj (voir équation II.26), on obtient donc

Ąnalement pour le terme de pression

uj
∂p

∂xj
=

∂

∂t
(p ln ρ) +

∂

∂xj
(ujp(ln ρ + 1)) . (II.33)

On remplace donc ce terme dans lŠéquation (II.22) pour obtenir

∂

∂t



ρu2

2
+ p ln ρ



+
∂

∂j



ρu2

2
uj + ujp(ln ρ + 1)



= ui
∂µτij

∂xj
. (II.34)

Pour terminer cette longue démonstration, nous nŠavons plus quŠà réécrire le membre
de droite comme

ui
∂µτij

∂xj
=

∂uiµτij

∂xj
− µτij

∂ui

∂xj
, (II.35)

qui exprime la dissipation dŠénergie et le transport dŠimpulsion par les processus visqueux
(collisionnels). Une fois ces deux termes introduits dans lŠéquation (II.34), nous obtenons
lŠéquation de conservation de lŠénergie pour un Ćuide isotherme

∂

∂t



ρu2

2
+ p ln ρ



+
∂

∂xj



ρu2

2
uj + ujp(ln ρ + 1) − uiµτij



= −µτij
∂ui

∂xj
, (II.36)

où

µτij
∂ui

∂xj
≡ εν (II.37)

est le taux de dissipation visqueuse.
On peut réécrire cette équation sous sa forme vectorielle

∂

∂t

(

1
2

ρu2 + p ln ρ

)

+ ∇⃗ ·
[

u⃗

(

1
2

ρu2
)

+ (u⃗p(ln ρ + 1)) − µτ · u⃗



= −εν (II.38)

dans laquelle il est plus facile dŠanalyser chacun des termes :

Ů ∂
∂t



1
2ρu2 + p ln ρ

)

est la variation de ce que nous appelons lŠénergie mécanique gé-
néralisée isotherme. Le premier terme correspond à lŠénergie cinétique du Ćuide et
le second peut être relié à une sorte dŠénergie potentielle de pression : en lŠécri-
vant p ln(ρ/ρ0) où ρ0 est une densité de référence (la densité moyenne du Ćuide,
par exemple), on note que cette énergie correspond à lŠénergie cinétique maximale
quŠon peut tirer dŠune surpression par rapport à cette densité de référence.
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Ů u⃗


1
2ρu2

)

est le Ćux de transport de lŠénergie cinétique.

Ů u⃗p(ln ρ + 1) est le Ćux de cette sorte dŠénergie potentielle de pression déĄnie plus
haut.

Ů µτ · u⃗ est le Ćux dû au transport visqueux dŠénergie.

Ů enĄn −εν est le taux de conversion de lŠénergie mécanique en chaleur. CŠest la
dissipation visqueuse. Il est possible dŠécrire ce terme explicitement par une somme
de carrés, ce qui montre que εν est strictement positif. Ce terme est donc un terme
puits décrivant le processus irréversible de dégradation de notre énergie mécanique
généralisée. Dans notre limite isotherme, nous supposons implicitement que tout
chauffage est rayonné pour maintenir la température constante. Le terme εν nous
donne accès explicitement à ce chauffage.

II.1.5 Le nombre de Reynolds

Nous reprenons ici lŠexemple introductif de lŠobstacle placé dans un écoulement. On
note L la taille caractéristique de cet obstacle, à savoir essentiellement son diamètre, et U
la vitesse de lŠécoulement loin en amont de lŠobstacle. Nous supposons quŠil nŠexiste pas
dŠautre force que celles modélisées par le tenseur des contraintes σij, cŠest à dire quŠon
suppose f⃗ = 0 et que le Ćuide est incompressible (∇⃗ · u⃗ = 0). LŠéquation de Navier-Stokes
(II.14) montre quŠalors la variation de la vitesse est déterminée par la compétition entre
les effets du terme advectif



u⃗ · ∇⃗
)

u⃗ et ceux du terme diffusif ν∇2u⃗. Chacun de ces deux
termes peut être écrit en ordre de grandeur en utilisant les valeurs caractéristiques U et
L, de sorte à former un nombre sans dimension les comparant :

Re =
U2

L

L2

νU
=

UL

ν
, (II.39)

ce nombre est appelé le nombre de Reynolds. Celui-ci exprime le rapport entre le
temps caractéristique de diffusion et le temps caractéristique dŠadvection, et quantiĄe
la compétition entre ces effets. LŠune tendant à homogénéiser lŠécoulement, et lŠautre à
accentuer les hétérogénéités. Qualitativement, on comprend que si le nombre de Reynolds
est très inférieur à 1, par exemple parce que la vitesse U est très faible, les effets de la
diffusion sont bien plus rapides à se mettre en place que ceux de lŠadvection. Ce régime
correspond à celui des écoulements laminaires. En revanche, si le nombre de Reynolds est
très grand devant 1, les effets non-linéaires de lŠadvection deviennent prépondérants, et
on passe dans un régime turbulent. La transition du laminaire au turbulent est en fait
très étalée : en général on commence à observer le régime turbulent pour Re ≃ 100 et la
turbulence totalement développée pour Re ≥ 1000.

II.1.6 La théorie de Kolmogorov (K41)

Les équations qui gouvernent la dynamique des écoulements étant fortement non-
linéaires, une étude exacte des processus turbulents est très difficile et demeure un pro-
blème ouvert de la physique. Il est toutefois possible, avec des arguments dimensionnels
de déduire certains comportements des Ćuides turbulents. Cette approche phénoménolo-
gique à été initiée par Kolmogorov en 1941 et se base sur le concept intuitif de cascade
dŠénergie développé par Richardson quelques décennies plus tôt.
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II.1.6.1 La cascade turbulente

La théorie présentée dans cette partie nŠest valable que dans un contexte purement
hydrodynamique, mais elle a le mérite dŠêtre un bon outil pour Ąxer les idées et dŠêtre
en assez bon accord avec les résultats de laboratoire. Cette théorie prend comme support
de la cascade dŠénergie des ŠtourbillonsŠ (traduction de lŠanglais eddies). Le terme tour-
billon doit être pris ici au sens large, par tourbillons nous devons entendre ici des régions
caractérisées par une dimension l à laquelle les vitesses sont plus ou moins cohérentes.
Nous prendrons dans la suite comme vitesse caractéristique δul , qui est la vitesse relative
entre deux points de lŠécoulement espacés de la distance l. Lors du processus de cascade,
dans le régime inertiel, un tourbillon, sous lŠeffet dŠinstabilités, se décompose en plusieurs
tourbillons dŠéchelle inférieure l′ < l. Et ainsi de suite, jusquŠà quitter le régime inertiel et
atteindre le régime dissipatif. Pour poursuivre le raisonnement, trois hypothèses formulées
par Kolmogorov doivent être faites, ce sont les hypothèses de similarité :

1. La première présuppose que, à Nombre de Reynolds élevé, les mouvements turbu-
lents à petite échelle sont isotropes. Cette hypothèse se justiĄe par le nombre des
tourbillons successifs pour atteindre lŠéchelle de dissipation. LŠécoulement à lŠéchelle
inertielle ne sent donc ni le forçage de grande échelle, ni la dissipation.

2. La seconde hypothèse stipule que les mouvements à lŠéchelle dissipative ne dé-
pendent statistiquement que de la viscosité et du taux de transfert dŠénergie.

3. La dernière présuppose quŠà la limite dŠun nombre de Reynolds inĄni, dans le régime
inertiel, le mouvement est statistiquement entièrement déterminé par le taux de
transfert dŠénergie.

LŠénergie dŠun tourbillon dont la taille caractéristique est l est δu2
l , en supposant que

le tourbillon cascade en un temps de retournement τl = l/δul on a ⟨ε⟩ = δu2
l /τl. Ce qui

implique, par la troisième hypothèse, la conservation du taux de transfert dŠénergie :

δul ∝ ⟨ε⟩1/3 l1/3 (II.40)

On peut utiliser ces grandeurs caractéristiques pour déĄnir un nombre de Reynolds tur-
bulent

Re (l) =
δull

ν
(II.41)

qui diminue avec lŠéchelle l. Ceci implique que lŠécoulement se "laminarise" avec la dimi-
nution de lŠéchelle caractéristique étudiée, jusquŠà atteindre une échelle dominée par les
effets de la diffusion. Dans cette phénoménologie, lŠéchelle dissipative est déĄnie comme
lŠéchelle à laquelle ce nombre de Reynolds turbulent est égal à 1. En le combinant avec
lŠéquation (II.40), on peut déterminer lŠordre de grandeur de cette échelle dissipative ld,
en fonction des paramètres de lŠécoulement à lŠéchelle intégrale

ld ≃


ν3

⟨ε⟩

1/4

= [Re (L)]−3/4 L, (II.42)

où L est lŠéchelle caractéristique intégrale.



Version 28 juin 2022, 12:41

20 Chapitre II. Mécanique des fluides magnétisés et turbulence isotherme

II.1.7 Intermittence

Expérimentalement, on observe des déviations aux prédictions de la théorie de Kolmo-
gorov. Notamment sur les moyennes dŠécarts de vitesse à une puissance p. Ces fonctions
sont appelées les fonctions de structure dŠordre p

⟨[∆u⃗ (r⃗)]p⟩ ∝ ♣r⃗♣ξp , (II.43)

avec
[∆u⃗ (r⃗)]p = ⟨(u⃗ (x⃗ + r⃗) − u⃗ (x⃗))p⟩r⃗ . (II.44)

Les lois de similarité de la théorie de Kolmogorov impliquent que pour une valeur de p
quelconque, on devrait avoir

ξp =
p

3
. (II.45)

Or les mesures de ces fonctions montrent que ξp < p
3 pour p ≥ 4. On observe donc une

déviation du comportement dans le domaine inertiel. Dans le domaine dissipatif, cŠest à
dire aux petites échelles, on sŠintéresse aux dérivées longitudinales de la vitesse. On observe
alors expérimentalement que pour ces mêmes ordres, les densités de probabilité de ces
dérivées présentent des ailes non-gaussiennes fortement marquées. Ces ailes apparaissent
également dans les densités de probabilité des incréments de vitesse eux-mêmes, y compris
aux échelles inertielles (Meneveau et Sreenivasan, 1991; Anselmet et al., 2001; Arnéodo
et al., 2008).

Ces diverses observations sont interprétées comme des signatures dŠun phénomène
dŠintermittence. Ce qui signiĄe que les transferts dŠénergie sont spatialement et temporel-
lement hétérogènes. Dans la vision intermittente de la turbulence, les transferts dŠénergie
sont localisés dans lŠespace et le temps, ce qui contredit lŠhypothèse dŠautosimilarité de
Kolmogorov. Les structures cohérentes de forte dissipation, dont il est question dans ce
manuscrit, sont fortement liées à lŠintermittence de la dissipation. Nous montrons com-
ment en décrivant lŠun des premiers modèles dŠintermittence de la cascade turbulente
appelé le "β-modèle".

II.1.7.1 Le beta-modèle

Le β-modèle que nous décrivons ici a été proposé par Frisch et al. (1978). Une des idées
principales du mécanisme dŠintermittence vient du fait que tout lŠespace nŠest pas mobilisé
par les tourbillons. CŠest à dire, le passage dŠune échelle l à lŠéchelle l/2 provoque une perte
du volume "actif" (voir Ągure II.2). En supposant quŠà lŠéchelle intégrale L , tout lŠespace
est mobilisé, aux échelles suivantes, on aura donc une fraction dŠespace occupé qui sera
pn = βn avec β < 1 et n qui représente le nombre dŠétapes. Ce type dŠhypothèse revient
à considérer une structure fractale pour la cascade dŠénergie. En prenant la déĄnition de
la dimension de recouvrement dŠun objet fractal, à lŠétape n, on doit avoir

N =
(

L

ln

)D

(II.46)

éléments pour couvrir lŠensemble du volume actif, où D est sa dimension fractale. Ils
occupent un volume de Vn = Nl3n et nous avons donc

pn =
Vn

V
=

Nl3n
L3

=
(

ln
L

)3−D

(II.47)
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pd

Re (L) n D = 2.8 D = 2.4 D = 2 D = 1
109 22 4.4% 0.01% 0.2 ppm 3 × 10−14

1012 30 1.5% 4 ppm 10−9 3 × 10−18

Table II.1 Ű Tableau récapitulatif de la fraction du volume impliquée dans la dissipation
et du nombre dŠétapes dans la cascade, pour des Reynolds typiques du MIS et pour
différentes dimensions fractales. [Le Bourlot, cours master 2]

De plus, on a

pd =
(

ld
L

)3−D

= Re (L)−
3
4

(3−D) , (II.52)

où pd est la fraction du volume qui dissipe. On voit que la fraction du volume incriminée
dépend fortement de la dimension fractale. Dans un régime stationnaire, lŠénergie injectée
est égale à lŠénergie dissipée. Si toute la dissipation est concentrée dans une faible fraction
du volume du milieu turbulent, pd, (voir table II.1) le taux de chauffage local sera 1/pd

fois plus élevé que le taux de chauffage moyen.
Il faut toutefois garder à lŠesprit que le β-modèle nŠest valable que dans un cas hydro-

dynamique. La présence du champ magnétique change beaucoup de choses et les hypo-
thèses faites ne sont plus valables, notamment lŠisotropie de la cascade. DŠautres modèles
dŠintermittence reproduisent mieux les données expérimentales (les modèles log-poisson,
log-normaux,...), mais leurs développements sont plus complexes et moins intuitifs.

II.2 Le cas magnétohydrodynamique

La présence dŠun champ magnétique dans un milieu partiellement ou totalement io-
nisé, tel que le MIS, en modiĄe le comportement dynamique, du fait des forces électro-
magnétiques quŠil est nécessaire de considérer dans lŠéquation du mouvement des ions. La
présence dŠespèces neutres, obéissant à une équation nŠincluant pas ces forces, complique
encore le problème.

Il est toutefois possible de considérer le plasma comme un Ćuide conducteur, sans
avoir besoin de spéciĄer les différentes espèces le constituant. En effet, les équations de
transport macroscopiques, décrivent le comportement macroscopique de chaque espèce
du plasma (électrons, ions, particules neutres). Il est possible, au prix de certaines ap-
proximations, pas toujours justiĄées, de déterminer un système complet dŠéquations de
transport décrivant le plasma comme un tout. Chaque variable macroscopique représente
une combinaison des contributions des différentes espèces du plasma. Par exemple, la den-
sité est la densité moyenne du Ćuide, particules neutres et chargées comprises (ρ = ρn +ρc

où ρn et ρc sont les densités de neutres et de charges, respectivement). De même, la vitesse
doit être comprise comme la vitesse du centre de masse du Ćuide comprenant les charges
et les neutres.

La première hypothèse est lŠhypothèse fondamentale de lŠapproche MagnétoHydro-
Dynamique (MHD). CŠest lŠhypothèse des variations lentes, plus connue sous le nom
dŠapproximation plasma. On postule pour cette approximation la quasi-neutralité
ρe = e (ni − ne) ≃ 0. Il vient donc que le courant de déplacement peut être négligé.
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Cette hypothèse empêche donc dŠutiliser lŠéquation de Poisson ∇⃗ · E⃗ = 4πρe pour calculer
le champ électrique. En effet, dans un plasma, la procédure permettant de calculer le
champ électrique repose sur lŠéquation du mouvement et non sur lŠéquation de Poisson.
La raison est que le plasma a une tendance naturelle à rester neutre. Si les ions bougent,
alors les électrons suivront. Le champ électrique doit donc sŠajuster de telle manière que
les orbites des ions et des électrons préservent la neutralité. La densité de charge dans le
mouvement globale du plasma nŠest donc pas importante, elle ne sert quŠà préserver la
quasi-neutralité et sera telle que lŠéquation de Poisson est toujours vériĄée.

LŠautre hypothèse que nous faisons ici et dans le reste du manuscrit, cŠest de considérer
le plasma comme très partiellement ionisé. Dans le cas dŠun milieu partiellement ionisé,
les espèces neutres sont à part, puisquŠelles ne sont pas soumises aux forces électromagné-
tiques, mais elles sont couplées aux espèces chargées par collisions. On peut supposer que
les ions acquièrent instantanément une vitesse dŠéquilibre dans le référentiel des neutres
par compensation de la force de friction et de la force de Lorentz. En appliquant cette
hypothèse, on obtient une équation de lŠévolution du champ magnétique faisant intervenir
un terme de diffusion 1, quŠon appelle la diffusion ambipolaire qui caractérise la migration
des neutres à travers les lignes de champ magnétique.

II.2.1 Équation de la dynamique

Dans le cas MHD lŠéquation de conservation de la quantité de mouvement, pour les
charges, est modiĄée par lŠajout dŠun terme de couplage cinétique-magnétique qui dérive
de la force de Lorentz. Sous cette forme elle est plus souvent appelée force volumique de
Laplace :

f⃗ = ρeE⃗ + J⃗ × B⃗, (II.53)

où ρe est la densité de charge qui sŠécarte de la neutralité ou densité dŠexcès de charge.
Avec lŠhypothèse de la quasi-neutralité, le premier terme de cette équation peut être
négligé pour la suite.

La conservation de la quantité de mouvement sur les charges sŠécrit donc

ρc
du⃗c

dt
= −∇⃗pc + F⃗n→c + J⃗ × B⃗ + µ⃗c→c (II.54)

où F⃗n→c est une force qui représente le transfert dŠimpulsion des neutres vers les charges
par collision. µ⃗c→c est un terme générique dans lequel interviennent les forces visqueuses
du Ćuide que constituent les particules chargées. Nous utilisons le faible taux dŠionisation
pour nous placer dans la limite de faible inertie pour les charges (Balbus et Terquem,
2001). LŠéquation (II.54) devient donc

J⃗ × B⃗ = −F⃗n→c. (II.55)

Par le principe dŠaction réaction, le transfert dŠimpulsion des neutres vers les charges est
lŠopposé du transfert des charges vers les neutres F⃗n→c = −F⃗c→n. La conservation de la

1. La diffusion ambipolaire nŠest pas, à proprement parler, une diffusion car elle ne dépend pas de la
dérivée seconde du champ.
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quantité de mouvement sur les neutres sŠécrit donc

ρn
du⃗n

dt
= −∇⃗pn − F⃗n→c + ρnν∇2u⃗n +

ρnν

3
∇⃗


∇⃗ · u⃗n

)

= −∇⃗pn + J⃗ × B⃗ + ρnν∇2u⃗n +
ρnν

3
∇⃗


∇⃗ · u⃗n

)

.
(II.56)

Dans la limite de faible inertie pour les charges, nous pouvons simplement remplacer la
densité et vitesse des neutres par celles du Ćuide totale et obtenir lŠéquation de Navier-
Stokes en MHD

ρ
du⃗

dt
= −∇⃗p + J⃗ × B⃗ + ρν∇2u⃗ +

ρν

3
∇⃗


∇⃗ · u⃗
)

. (II.57)

On voit que dans lŠapproche MHD, pour un plasma faiblement ionisé, la seule contri-
bution des charges à la dynamique du plasma vient du transfert de leur moment, acquis
par le travail de la force de Laplace, aux neutres. CŠest ce processus qui permet le couplage
de la dynamique du plasma et celle du champ magnétique. Il est intéressant de noter que
nous avons obtenu cette équation en supposant un plasma faiblement ionisé, mais que
nous aurions trouvé la même équation en supposant un plasma totalement ionisé.

La relation de Maxwell-Ampère, dans sa limite non-relativiste où le courant de dépla-
cement (∂tE⃗) peut être négligé, sŠécrit

∇⃗ × B⃗ = 4πJ⃗. (II.58)

On peut réécrire la force de Laplace en fonction du seul champ magnétique

J⃗ × B⃗ =
1

4π



∇⃗ × B⃗
)

× B⃗ = −∇⃗


B2

8π



+



B⃗ · ∇⃗
)

B⃗

4π
(II.59)

qui nŠest autre que le tenseur des contraintes de Maxwell. Les deux termes du membre de
droite représentent pour le premier, la pression magnétique et pour le second, la tension
magnétique qui, alignée le long du vecteur champ magnétique, sŠoppose à la courbure des
lignes de champ.

En utilisant cette forme de la force de Laplace, lŠéquation de Navier-Stokes MHD
devient

ρ
du⃗

dt
= −∇⃗



p +
B2

8π



+



B⃗ · ∇⃗
)

B⃗

4π
+ ρν∇2u⃗ +

ρν

3
∇⃗


∇⃗ · u⃗
)

. (II.60)

II.2.2 Équation d’induction

Pour fermer le système il nous faut une équation qui décrit lŠévolution du champ
magnétique. Pour la construire, nous utilisons la loi de Maxwell-Faraday

∂B⃗

∂t
= −∇⃗ × E⃗, (II.61)

ainsi que la loi dŠohm généralisée

J⃗ =
1
η



E⃗ + u⃗c × B⃗
)

(II.62)
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où u⃗c est la vitesse des charges et η la résistivité du plasma induite par les déplacements
électron-ion. À partir de ces équations, on obtient directement

∂B⃗

∂t
= −∇⃗ ×



ηJ⃗ − u⃗c × B⃗
)

, (II.63)

qui avec la relation de Maxwell-Ampère (II.58) devient

∂B⃗

∂t
= −∇⃗ ×

[

η


∇⃗ × B⃗
)

− u⃗c × B⃗
]

. (II.64)

On veut écrire cette équation pour le Ćuide neutre. On fait donc la transformation

u⃗c = u⃗c − u⃗ + u⃗, (II.65)

où u⃗ est la vitesse des neutres. On obtient donc

∂B⃗

∂t
= −∇⃗ ×

[

η


∇⃗ × B⃗
)

− u⃗ × B⃗ + (u⃗ − u⃗c) × B⃗
]

. (II.66)

Avec lŠéquation de conservation de la quantité de mouvement sur les charges (II.55)

J⃗ × B⃗ = −F⃗n→c, (II.67)

dont on peut écrire la force de transfert de moment des neutres vers les charges comme

F⃗n→c = α (u⃗ − u⃗c) , (II.68)

où α est un coefficient de couplage des ions et neutres qui décrit le transfert de moment
entre les charges et les neutres via leurs collisions. Ce qui nous donne

(u⃗ − u⃗c) = − J⃗ × B⃗

α
, (II.69)

et donc, pour lŠévolution du champ magnétique

∂B⃗

∂t
= −∇⃗ ×



η


∇⃗ × B⃗
)

− u⃗ × B⃗ − J⃗ × B⃗

α
× B⃗

]

. (II.70)

Le dernier terme du membre de droite est le terme de diffusion ambipolaire. Il est in-
versement proportionnel au coefficient de couplage entre les charges et les neutres, qui
dépend du taux de collision par particule. En supposant un plasma où le temps caracté-
ristique de transfert par collisions est très court devant les autres temps dŠévolution, le
terme ambipolaire peut être négligé devant les autres termes de cette équation, cŠest à
dire devant le premier terme, inductif, et le second terme, ohmique. On retombe alors sur
les même équations que pour un plasma totalement ionisé. Nous négligeons dans cette
thèse la diffusion ambipolaire : cette simpliĄcation est une des limites les plus fortes de
lŠétude que nous proposons ici, dans son application directe au milieu interstellaire. Elle
sera relaxée dans les travaux futurs.
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En simpliĄant cette équation du terme ambipolaire et avec les identités vectorielles,
on obtient lŠéquation dŠinduction

∂B⃗

∂t
= ∇⃗ ×



u⃗ × B⃗
)

+ η∇2B⃗. (II.71)

Il est intéressant de lŠécrire sous une forme adimensionnelle en effectuant les changements
de variables

∇⃗ ≡ 1
L

∇⃗′,

u⃗ ≡ u0u⃗′,

B⃗ ≡ B0B⃗′,

t ≡ L

u0
t′,

ce qui donne
∂B⃗′

∂t′
= ∇⃗′ ×



u⃗′ × B⃗′

)

+
1

Rem
(∇′)2B⃗′, (II.72)

qui fait apparaître le nombre de Reynolds magnétique

Rem = u0L/η. (II.73)

Il est lŠanalogue du Reynolds classique, mais appliqué au champ magnétique. Il mesure lui
aussi la relative importance du terme dŠadvection sur le terme de diffusion magnétique.
Si ce nombre est faible, la dynamique du champ magnétique sera dominée par la diffusion
ohmique, tandis que sŠil est élevé elle sera dominée par lŠadvection et les étirements dus
au champ de vitesse.

Les équations de la MHD résistive que nous employons sont donc valides à la fois
pour les plasmas solaires (où les nombres de Reynolds visqueux, de lŠordre de 1017, sont
beaucoup plus élevés que les nombres de Reynolds magnétique, de lŠordre de 1010) et pour
le milieu interstellaire (où les nombres de Reynolds visqueux, de lŠordre de 105−7, sont
beaucoup plus petits que les nombres de Reynolds magnétiques, de lŠordre de 1018−20).

II.2.3 Dissipation ohmique

Pour étudier la conservation de lŠénergie en MHD, la démarche est similaire à celle
que nous avons suivie pour lŠhydrodynamique section II.1.4. Nous cherchons à la mettre
sous sa forme conservative.

La démonstration est similaire dans ce cas, cŠest pourquoi nous donnons juste le résul-
tat ici. On peut montrer quŠen MHD compressible et isotherme lŠéquation (II.38) devient

∂

∂t



1
2

ρu2 + p ln ρ +
B2

8π



+

∇⃗ ·
[

u⃗

(

1
2

ρu2
)

+ (u⃗p(ln ρ + 1)) − µτ · u⃗ + P⃗


= −εν − εη, (II.74)
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où

P⃗ =



B⃗ × u⃗
)

4π
× B⃗ + ηJ⃗ × B⃗

=



E⃗ × B⃗
)

4π

(II.75)

est le vecteur de Poynting. Et
εη = 4πηj2 (II.76)

est la dissipation ohmique.
La variation de lŠénergie est due à deux types de termes : les termes de Ćux et les termes

source. Les sources sont toutes négatives et dépendent de la viscosité et de la diffusivité
magnétique. En dŠautres termes, il existe une source de dissipation irréversible de lŠénergie
qui est absente dans le cas idéal (ν = η = 0). Dans la divergence, nous trouvons le Ćux
dŠénergie cinétique, le vecteur de Poynting et le transport visqueux dŠimpulsion. Ainsi, la
contribution magnétique est localisée uniquement dans le Ćux de Poynting.

II.3 Discontinuités et chocs

La plupart des Ćuides et plasmas ont une tendance remarquable à former des disconti-
nuités. La formation de certaines de ces discontinuités (telles les chocs) est généralement
attribuée à un effet non linéaire appelé raidissement des ondes. LorsquŠune structure de
vitesse convergente naît, par exemple, les ondes amont ont tendance à rattraper la struc-
ture alors que les ondes aval se laissent rattraper par elle. Ce phénomène entraîne une
accentuation du saut de vitesse jusquŠà ce quŠil devienne un changement presque discon-
tinu, dont lŠépaisseur est contrôlée par la viscosité. Dans cette thèse on se référera à cette
région souvent sous le nom de "surface de travail" du choc.

Dans cette section, nous allons voir que les effets directs de la viscosité et de la ré-
sistivité ne se manifeste que dans la surface de travail des discontinuités. Nous utilisons
pour cela deux hypothèses, dont nous verrons tout au long du chapitre IV quŠelles sont
bien vériĄées :

1. LŠépaisseur δ de la surface de travail est très faible devant la taille transverse de la
surface (voir Ągure II.3).

2. Les processus de dissipation (ici résistivité et viscosité) sont négligeables hors de la
surface de travail.

Pour étudier les types de discontinuités qui peuvent exister en MHD isotherme, on
suppose donc une discontinuité plane, dŠépaisseur δ, séparant deux régions du Ćuide, avec
des variables dŠétats (ρ, v⃗, B⃗) uniformes dans chacune de ces deux régions. On utilisera les
conservations de la masse, du moment, ainsi que les relations de Maxwell pour contraindre
les variables dŠétat du Ćuide au travers de la discontinuité. Et ainsi établir les relations
de Rankine-hugoniot.

II.3.1 Relations de Rankine-Hugoniot

Pour déterminer les relations de Rankine-Hugoniot pour un plasma isotherme magné-
tisé on commence par écrire la conservation de la masse (II.77) et du moment (II.78).
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A1 → A′ et A2 → A′. LŠépaisseur δ étant très faible devant les dimensions transverses l
et L, le Ćux de Aδ peut être négligé (on reviendra sur cette simpliĄcation section IV.5.2).
Les intégrales de surface peuvent donc se réécrire :

∫

A′

(ρ1u⃗1 · (−n⃗)) · dA⃗′ +
∫

A′

(ρ2u⃗2 · n⃗) · dA⃗′ = 0 (II.81)

ou
∫

A′

(ρ1u⃗1 · n⃗) · dA⃗′ =
∫

A′

(ρ2u⃗2 · n⃗) · dA⃗′, (II.82)

comme le résultat ci-dessus est vrai pour toute surface A′, dont les tailles caractéristiques
sont grandes devant lŠépaisseur de la surface de travail, les intégrandes doivent être égales.
On obtient donc la première relation de Rankine-Hugoniot, la conservation du Ćux de

masse :

[ρu⃗ · n⃗]21 = 0 (II.83)

où []21 représente la différence entre les états avant et après la discontinuité.
On remarquera que, les dérivées temporelles sŠannulant, lŠensemble des étapes du

calcul se résume à remplacer lŠopérateur de divergence ∇⃗ · () par le produit scalaire avec
le vecteur normal à la discontinuité et de mettre la différence à zéro, i.e., [n⃗ · ()]21 = 0.
Par la deuxième hypothèse de la section précédente, qui stipule que la dissipation est
négligeable en dehors de la surface de travail, le terme de transport visqueux dans la
divergence de lŠéquation (II.78) est négligeable à la position où sont déĄnies les états
avant et après la discontinuité. LŠobtention de la deuxième relation de Rankine-Hugoniot
est donc directe. CŠest la conservation du Ćux de moment :



ρu⃗ (u⃗ · n⃗) +



p +
B2

8π



n⃗ −



B⃗ · n⃗
)

B⃗

4π





2

1

= 0. (II.84)

En complément des relations précédemment établies, les équations de Maxwell im-
posent que la composante tangentielle du champ électrique et que la composante normale
du champ magnétique soient constantes au travers de la discontinuité,

[

E⃗t

]2

1
= 0 (II.85)

et
[

B⃗ · n⃗
]2

1
= 0. (II.86)

Les équations de Rankine-Hugoniot, peuvent être mises sous une forme avec laquelle il
est plus facile de travailler en introduisant les indices n et t pour les composantes normales
et tangentielles par rapport à la surface de la discontinuité, ainsi quŠen éliminant le champ
électrique par la relation E⃗ = −u⃗ × B⃗. Le système complet de relations devient donc :

1. Conservation du Ćux de masse :

[ρun]21 = 0 (II.87)

2. Conservation du Ćux de moment :
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un = 0 un ̸= 0
[ρ]21 = 0 cas trivial discontinuité rotationnelle
[ρ]21 ̸= 0 discontinuité de contact chocs

Table II.2 Ű ClassiĄcation des discontinuités MHD.

Ů Selon n⃗ :


ρu2
n + p +

♣B⃗t♣2
8π

]2

1

= 0 (II.88)

Ů Dans le plan transverse :


ρunu⃗t − Bn
B⃗t

4π

]2

1

= 0 (II.89)

3. Continuité du champ électrique transverse :

[

u⃗n × B⃗t + u⃗t × B⃗
]2

1
= 0 (II.90)

4. Continuité du champ magnétique normal :

[Bn]21 = 0 (II.91)

Ces 4 équations sont suffisantes pour déterminer lŠensemble des discontinuités permises
pour un Ćuide en MHD idéale.

II.3.2 Classification des discontinuités

Pour analyser les types de discontinuités qui peuvent se produire dans un Ćuide MHD,
il est pratique dŠutiliser la classiĄcation introduite par (Landau et Lifshitz, 1960). Ces
auteurs trient les discontinuités selon que un et [ρ]21 sont nuls ou non-nuls. Parmi les
quatre cas possibles on trouve la solution un = 0 et [ρ]21 = 0, triviale, car elle décrit une
situation homogène de part et dŠautre de la discontinuité. Les trois cas restants sont les
discontinuités de contact, les discontinuités rotationnelles et les chocs (voir table II.2).
Nous analysons ces trois types de discontinuité dans les prochaines sous-sections, aĄn
dŠen déterminer leurs propriétés.

II.3.2.1 Discontinuités de contact

Les discontinuités de contact tirent leur nom du fait quŠil nŠy a aucun échange entre
les régions de part et dŠautre de la discontinuité (un = 0). La discontinuité délimite
simplement deux régions de densités différentes ([ρ]21 ̸= 0). En lŠabsence de Ćux de matière
au travers de la discontinuité, lŠéquation de conservation (II.87) est trivialement respectée.
Concernant le Ćux de moment, dans la direction normale à la discontinuité, la relation
(II.88) devient :



p +
♣B⃗t♣2
8π

]2

1

= 0. (II.92)
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LŠéquation ci-dessus montre que la somme des pressions du plasma et du champ ma-
gnétique doit être constante à travers la discontinuité. Dans la direction transverse à la
discontinuité, lŠéquation (II.89) devient :

− Bn



B⃗t

4π

]2

1

= 0. (II.93)

Cette relation peut être vériĄée sous deux conditions. La première étant que
[

B⃗t

]2

1
= 0.

Cette solution implique que lŠéquation (II.92) devient [p]21 = 0. Or p = ρc2, avec c la
vitesse du son, ce qui sort de notre domaine de déĄnition ([ρ]21 ̸= 0). En lŠabsence de
variation de température pour compenser la variation de densité cette solution doit être
écartée dans le cas isotherme (elle subsiste dans le cas adiabatique).

La seule solution possible en MHD isotherme à lŠéquation (II.93) est donc Bn = 0.
Ce cas particulier de discontinuité de contact est appelé discontinuité tangentielle. Dans
le cas dŠune discontinuité tangentielle, la vitesse du Ćuide et le champ magnétique sont
parallèles à la surface de la discontinuité mais changent de norme ou de direction. Un bon
exemple se produit avec les magnétosphères planétaires. Les magnétosphères planétaires
ont typiquement une frontière bien déĄnie entre le vent solaire et le champ magnétique pla-
nétaire. Cette limite est appelée la magnétopause (Parks, 1991). Si le taux de reconnexion
entre le champ magnétique planétaire et celui du vent solaire est faible, les composantes
normales de la vitesse et du champ magnétique à la magnétopause sont également faibles
(un = 0 et Bn = 0). On dit alors que la magnétosphère est fermée, puisque le plasma et
le champ magnétique du vent solaire ne pénètrent pas dans la magnétosphère. Dans ces
conditions, la magnétopause est, en bonne approximation, une discontinuité tangentielle.
Les pressions du plasma et du champ magnétique des deux côtés de la magnétopause
doivent alors satisfaire la condition dŠéquilibre des pressions donnée par lŠéquation II.92.

II.3.2.2 Discontinuités rotationnelles

Les discontinuités rotationnelles sont caractérisées par un écoulement de Ćuide à tra-
vers la discontinuité, un ̸= 0, et par une densité constante, [ρ]21 = 0. LŠéquation de
conservation de la masse (II.87) implique directement que [un]21 = 0. LŠéquation (II.88)

impose donc
[

♣B⃗t♣
]2

1
= 0.

À partir des conditions de saut (II.89) et (II.90), on peut voir que [u⃗n]21 et
[

B⃗t

]2

1
doivent satisfaire simultanément

(ρun) [u⃗t]
2
1 =

Bn

4π

[

B⃗t

]2

1
(II.94)

et

u⃗n ×
[

B⃗t

]2

1
+ [u⃗t]

2
1 × B⃗n = 0 (II.95)

En isolant [u⃗t]
2
1 dans la première équation et en remplaçant dans la deuxième, on obtient

u⃗n ×
[

B⃗t

]2

1
=

Bn

4π(ρun)
B⃗n ×

[

B⃗t

]2

1
, (II.96)
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Qui est satisfaite si

u2
n =

B2
n

4πρ
. (II.97)

Ce type de discontinuité est appelé discontinuité rotationnelle car le champ magnétique
B⃗t reste constant en norme mais tourne dans le plan de la discontinuité. La vitesse à
laquelle la discontinuité se propage par rapport au référentiel stationnaire du Ćuide est
un = cA cos θ, où θ est lŠangle entre le champ magnétique et la normale, et cA = ♣B⃗♣/√

4πρ
est la vitesse dŠAlfvén.

Si le taux de reconnexion entre le champ magnétique du vent solaire et le champ
planétaire est important, comme cela tend à se produire lorsque le champ magnétique du
vent solaire est dirigé à lŠopposé du champ magnétique planétaire, le vent solaire peut
alors pénétrer de manière signiĄcative dans la magnétosphère (un ̸= 0 et Bn ̸= 0). La
magnétosphère est alors dite ouverte. Dans ces conditions, la magnétopause devient une
discontinuité rotationnelle (Sonnerup et al., 1981).

II.3.2.3 Ondes de choc

Les ondes de choc sont caractérisées par un écoulement au travers de la discontinuité,
un ̸= 0, et un saut en densité, [ρ]21 ̸= 0. Des trois grands types de discontinuité les chocs
sont de loin les plus difficiles à analyser. Leur analyse complète dépasse les ambitions de ce
manuscrit. Nous allons toutefois en montrer certaines étapes qui démontreront certaines
propriétés que nous utiliserons dans les chapitres suivants.

On commence avec les relations de conservation du Ćux de moment transverse (II.89)
et de la continuité du champ électrique transverse (II.90). Après avoir, utilisé la conser-
vation du Ćux de masse, (ρun), et du champ magnétique normal Bn au travers de la
discontinuité. Ces équations deviennent, respectivement

(ρun) [u⃗t]
2
1 − Bn



B⃗t

4π

]2

1

= 0 (II.98)

et

(ρun)



B⃗t

ρ

]2

1

− Bn [u⃗t]
2
1 = 0. (II.99)

Où dans la deuxième équation, nous avons multiplié et divisé par ρ le premier terme.

Ces deux équations montrent clairement que les vecteurs
[

B⃗t/ρ
]2

1
, [u⃗t]

2
1 et

[

B⃗t

]2

1
sont co-

linéaires. En isolant [u⃗t]
2
1 dans la deuxième équation et en lŠinjectant dans la première, on

obtient

(ρun)2



B⃗t

ρ

]2

1

− B2
n



B⃗t

4π

]2

1

= 0, (II.100)

qui, en réarrangeant les termes et en explicitant lŠopérateur []21, peut sŠécrire sous la forme

B⃗t1



(ρun)2

ρ1
− B2

n

4π



= B⃗t2



(ρun)2

ρ2
− B2

n

4π



. (II.101)
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LŠéquation ci-dessus montre très clairement que les champs magnétiques transverses de
part et dŠautre de la discontinuité sont colinéaires. Il suit donc, avec ce que nous avons

montré un peu plus tôt, que B⃗t1, B⃗t2,
[

B⃗t

]2

1
et [u⃗t]

2
1 sont tous colinéaires. Et en appliquant

une translation en vitesse astucieuse il est évident que nous pouvons faire en sorte que
u⃗t1 soit colinéaire à B⃗t1 et donc, en utilisant les relations de colinéarité ci-dessus, que
u⃗t2 soit colinéaire à B⃗t2. Nous montrons par cela que les chocs peuvent être réduits,
par une transformation de référentiel, à un problème purement en deux dimensions, bien
quŠévoluant dans un espace à trois dimensions.

En factorisant les densités de chaque côté de lŠéquation (II.101) et en introduisant un
paramètre correspondant à la compression du choc

r =
ρ2

ρ1
, (II.102)

cette équation peut se réécrire

B⃗t1



u2
n1 − ca1 cos θ1

)

= rB⃗t2



u2
n2 − ca2 cos θ2

)

, (II.103)

où ca cos θ est la vitesse dŠAlfvén dans la direction normale à la discontinuité et r > 1.
En divisant de part et dŠautre par B2

n/4π, on peut faire apparaître le nombre de Mach
dŠAlfvén (Ma = un/(ca cos θ)) :

B⃗t1 (Ma1 − 1) = rB⃗t2 (Ma2 − 1) . (II.104)

En choisissant les régions désignées par les indices 1 et 2 comme étant, respectivement,
celles en amont et en aval de la discontinuité, il apparaît clairement par lŠéquation ci-
dessus que si lŠécoulement est super-alfvénique en amont et sub-alfvénique en aval, le
champ magnétique transverse change de sens de part et dŠautre du choc. Ce type de
choc où la transition en régime de vitesse traverse la vitesse dŠAlfvén dans la direction de
propagation du choc est appelé choc intermédiaire. Nous allons maintenant voir que
les chocs intermédiaires ne sont pas les seuls possibles en MHD.

Dans le référentiel qui se déplace avec lŠonde de choc, le référentiel stationnaire du
choc, le Ćuide pré-choc a une vitesse, un1, supérieure à la vitesse dŠune onde linéaire
dans le Ćuide. Le Ćuide passe ensuite à lŠintérieur dŠune discontinuité à une vitesse, un2

inférieure à la vitesse de lŠonde dans le Ćuide post-choc. Dans la MHD idéale, les trois
ondes linéaires sont les ondes magnéto-soniques rapides, intermédiaires (ondes dŠAlfvén)
et magnéto-soniques lentes et ont des vitesses de phase

cf =
1
2

(

c2
A + c2 +

√

(

c2
A + c2

)2 − 4c2c2
A cos θ

)1/2

, (II.105)

ci = cA cos θ, (II.106)

cs =
1
2

(

c2
A + c2 −

√

(

c2
A + c2

)2 − 4c2c2
A cos θ

)1/2

, (II.107)

où c est la vitesse du son.
Les trois vitesses dŠonde délimitent quatre régions de vitesses de Ćuide marquées de 1

à 4 sur la Ągure II.4 Il y a six façons de traverser au moins une vitesse dŠonde dans le front
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II.3.3 Le modèle Sweet-Parker de reconnexion magnétique

Dans cette section nous reprenons la démonstration proposée dans la section 7.6.1
de Gurnett et Bhattacharjee (2005) 2. Parker (1963) et Sweet (1958) ont développé un
modèle simple de reconnexion magnétique. Il été conĄrmé par des simulations numériques
(Loureiro et al., 2005) et a servi de base à la construction de modèles plus sophistiqués
par la suite (Loureiro et Uzdensky, 2016). Pour construire ce modèle, on part dŠune
conĄguration à deux dimensions dans laquelle le champ magnétique est dans la même
direction, de même norme, mais de sens opposé loin de part et dŠautre dŠune frontière.
Sur lŠillustration II.6, le champ magnétique tend vers ±B0x⃗ quand y → ±∞ . Si ces
champs magnétiques sont, par convection selon lŠaxe y, pressés lŠun contre lŠautre, à
quelle vitesse, Uin sur le schéma, les champs se reconnectent ? On suppose ici le plasma
incompressible et sans viscosité. Il y a donc un écoulement stationnaire, Uout selon x qui
sort de la zone de reconnexion. La zone de reconnexion est dŠépaisseur ∆ (selon y) et de
longueur L (selon x).

Pour que cette conĄguration soit à lŠétat stationnaire, le bilan de la quantité de mou-
vement selon x impose

ρux
∂ux

∂x
= − ∂p

∂x
. (II.113)

Où nous avons négligé la variation du champ magnétique selon x. On peut intégrer cette
équation entre x = 0 et x = L/2 où L/2 est supposé être la position à laquelle on sort de
la zone de reconnexion. On obtient

ρ
U2

out

2
= δp (II.114)

où Uout est la valeur de la vitesse de ux en x = L/2 et ux = 0 en x = 0. δp est la différence
de pression du Ćuide entre x = 0 et x = L/2. De part et dŠautre de la discontinuité (selon
y) la condition dŠéquilibre impose p + B2/8π = cst. Au point milieu, on sait que B = 0,
on a donc δp = B2

0/8π. LŠéquation (II.114), en remplaçant δp sŠécrit

Uout =
B0√
4πρ

= cA. (II.115)

La conservation de la matière impose

UinL = Uout∆ = VA∆. (II.116)

Où VA est la vitesse dŠAlfvén caractéristique du système. Pendant la reconnexion, une
nappe de courant mince et intense se développe sur une largeur étroite qui représente le
principal site de dissipation ohmique. En régime stationnaire, le taux de dissipation dans
la couche de reconnexion de largeur ∆ doit équilibrer lŠapport dŠénergie, cŠest-à-dire

4πηJ2∆ = Uin
B2

0

4π
, (II.117)

2. Notez que nous déĄnissons le terme Ohmique par η∇ × B⃗ dans lŠéquation dŠinduction alors que ces
auteurs lŠécrivent ηJ⃗ = η∇× B⃗/(4π), il existe donc une différence dŠun facteur 4π dans la déĄnition même
du coefficient de résistivité, qui se traduit par des différences de facteurs 4π dans les chauffages Ohmiques
et le nombre de Lundquist.
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où J est le courant et vaut :

J =
B0

4π∆
. (II.118)

Par les équation (II.117) et (II.118) on obtient

Uin =
η

∆
. (II.119)

En remplaçant (II.119) dans (II.116) on obtient

∆ =

√

ηL

VA
=

√

1
S

L (II.120)

Où on a fait apparaître le nombre de Lundquist,

S =
VAL

η
(II.121)

que lŠon reconnaîtra comme une version du nombre de Reynolds magnétique faisant inter-
venir la vitesse dŠAlfvén en lieu et place de la vitesse. On peut réécrire le temps caracté-
ristique auquel les lignes de champ se reconnectent en fonction de ce nombre en injectant
(II.120) dans (II.116) pour obtenir

Uin =

√

1
S

VA. (II.122)

Pour des nombres de Lundquist élevés, la vitesse de reconnection est donc une fraction
très petite de la vitesse dŠAlfvén. Pourtant, si les dimensions latérales de la nappe de
Parker sont grandes, on obtiendra tout de même un Ćux conséquent.
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Chapitre III

Simulation des fluides magnétisés

Ce chapitre sŠattache à décrire certaines des méthodes numériques que nous avons
utilisées pour suivre lŠévolution des Ćuides magnétisés. En particulier nous discutons lŠun
des caveats majeurs des méthodes à base de grille et comment nous y avons remédié pour
contrôler la dissipation numérique. EnĄn nous présentons les expériences numériques que
nous avons réalisées.

III.1 Schéma de Godunov

III.1.1 Principes du schéma

Comme nous lŠavons vu, les équations qui décrivent la mécanique des Ćuides magnéti-
sés ou non expriment des lois de conservation : masse, moment, énergie, Ćux magnétique.
Les équations qui les régissent se résument à un système de la forme conservative générale
suivante

∂tU⃗ + ∇ · F⃗ = 0⃗ (III.1)

où U⃗ est le vecteur constitué des variables dŠétat du gaz et F⃗ (U⃗) est le vecteur des Ćux
associés, qui ne dépend que des variables U⃗ . La résolution de solutions approchées à ces
équations discrétisées sur une grille se prête extrêmement bien à un type de schéma qui
porte le nom de Godunov, son inventeur (Godunov et Bohachevsky, 1959). La découverte
de ce schéma numérique a permis des avancées considérables dans tous les champs de la
mécanique des Ćuides numérique (ŞComputational Fluid MechanicsŤ en anglais).

La première idée est simplement de considérer que les variables conservées U⃗ sont ho-
mogènes sur les cellules dŠun maillage. Considérons le cas 1D où la seule variable dŠespace
est x. On discrétise le problème en intégrant lŠéquation III.1 sur chaque cellule du maillage
numéro i, déĄnie entre deux interfaces xi− 1

2
et xi+ 1

2
. On déĄnit dŠabord la moyenne du

vecteur dŠétat sur chaque cellule :

U⃗n
i =

1
∆x

∫ x
i+ 1

2

x
i−

1
2

dxU⃗(x, tn) (III.2)

où ∆x = xi+ 1
2

− xi− 1
2

est la largeur dŠune cellule et les valeurs sont prises au temps
discrétisé tn. LŠintégrale de lŠéquation (III.1) sur une cellule pendant un pas de temps

39
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∆t = tn+1 − tn devient alors :


U⃗n+1
i − U⃗n

i

)

+
∆t

∆x

(

F⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

− F⃗
n+ 1

2

i− 1
2

)

= 0⃗ (III.3)

où F⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

est la moyenne temporelle du Ćux à lŠinterface xi+ 1
2

:

F⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

=
1

∆t

∫ tn+1

tn

dtF⃗ (xi+ 1
2
, t). (III.4)

LŠavantage de cette représentation est que quelle que soit la valeur des Ćux F⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

, les

quantités moyennées sur les cellules sont conservées à chaque pas de temps à la précision
machine près. Une grande partie de la subtilité pour obtenir un schéma numérique le plus
précis possible réside donc dans le choix dŠune bonne approximation pour la valeur de ces
Ćux.

Notez quŠen 3D, les Ćux F⃗ n+ 1
2 sont déĄnis comme des moyennes sur les faces des

cellules. En MHD, pour respecter la condition ∇⃗ · B⃗ = 0 par la méthode du transport
contraint (Evans et Hawley, 1988), il est nécessaire dŠadopter un centrage différent pour
chaque composante du champ magnétique, alors déĄnie sur chaque face (voir Fromang
et al., 2006a). Les forces électromotrices (qui sont les Ćux du champ magnétique) sont
alors déĄnies sur les arêtes des cellules.

III.1.2 Le problème de Riemann

La solution proposée pour estimer les Ćux aux interfaces moyennés sur un pas de temps
est de résoudre le problème de Riemann à chaque interface : on suppose que de chaque
côté dŠune interface et dans un voisinage de celle-ci, lŠétat du Ćuide peut être considéré
comme uniforme.

La première étape consiste à déterminer la valeur du vecteur dŠétat de chaque côté de
lŠinterface : U⃗R (R comme right, à droite) et U⃗L (L comme left, à gauche de lŠinterface).
Pour ce faire, il sŠagit de reconstruire la variation spatiale de U⃗ au sein de chaque cellule.
On a coutume de le faire en estimant la pente si (le gradient dans la direction orthogonale à
lŠinterface) de U⃗ à lŠintérieur de chaque cellule (et pour chaque direction). Cette estimation
se base sur les valeurs de U⃗ sur plusieurs cellules autour de la cellule centrale. Par exemple,
(i − 1, i, i + 1) pour une estimation de la pente dŠordre 2 dans la direction i.

On montre que pour que le schéma soit stable, lŠestimation de la pente doit diminuer
la variation totale (il doit être ŞTotal Variation DiminishingŤ en anglais, ou encore TVD).
CŠest à dire que la reconstruction des valeurs aux interfaces doit avoir une variation
totale moins importante que la chaîne des valeurs centrales (la variation totale est déĄnie
comme la somme des valeurs absolues des différences successives). Autrement dit, on
souhaite que la reconstruction soit plus ŞlisseŤ que lŠoriginal, et nŠintroduise pas de sauts
supplémentaires. Il existe bien des façons dŠestimer cette pente et aucune nŠest adaptée à
tous types de problèmes... Nous utilisons la méthode dite ŞminmodŤ qui estime la pente
en utilisant la plus petite pente entre la pente à gauche (entre les valeurs à i et i − 1) et
la pente à droite (entre i + 1 et i).

Une fois les pentes estimées en tous points, nous sommes en mesure dŠestimer les états
à gauche et à droite de chaque interface : U⃗i+ 1

2
L = U⃗i+ 1

2∆xsi et U⃗i+ 1
2

R = U⃗i+1− 1
2∆xsi+1.
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En principe, nous sommes capables dŠévaluer la solution du problème de Riemann sur la
durée du pas de temps (en supposant que les états gauche et droite soient constants au
cours du temps 1, et il ne reste plus quŠà évaluer le Ćux au cours du pas de temps. En
pratique, cette solution est assez lourde à obtenir, nécessite la résolution dŠun problème
non-linéaire complexe, et il nŠest pas garantit que la méthode numérique choisie pour le
résoudre converge à tous les coups (ce qui la rend problématique pour des calculs très
volumineux)... CŠest cette complexité qui conduit à rechercher des solutions approchées
au problème de Riemann qui soient un bon compromis entre la précision et la vitesse
dŠexécution du code résultant.

III.1.3 Lax-Friedrich : un solveur approché du problème de Riemann

Il existe beaucoup de solutions approchées au problème de Riemann, et pour beaucoup
dŠentre elles, on ne retient quŠun sous-ensemble parmi le faisceau dŠondes idéales qui se
propagent dans le milieu considéré. La plus simple dŠentre elles (et aussi la plus diffusive,
mais donc la plus stable) est la méthode de Lax-Friedrich qui calcule la vitesse dŠonde
la plus rapide cmax (en valeur absolue, cmax > 0) entre les milieux à droite et à gauche
de lŠinterface et suppose que deux ondes droite et gauche propagent lŠinformation à cette
vitesse depuis lŠinterface. On montre que les Ćux résultants à utiliser dans lŠéquation III.3
sont alors construits comme :

F⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

=
1
2

(

F⃗ (U⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

R
) + F⃗ (U⃗

n+ 1
2

i+ 1
2

L
)
)

− cmax
1
2

(

U⃗
n+ 1

2

i+ 1
2

R
− U⃗

n+ 1
2

i+ 1
2

L

)

. (III.5)

Un pas de temps de Godunov peut être vu comme deux étapes successives : lŠune où
lŠon propage des ondes non-linéaires issues du saut présent à chaque interface, puis une
étape où lŠon moyenne le proĄl résultant pour obtenir les nouvelles valeurs à lŠintérieur
de chaque cellule. Chacune de ces deux étapes introduit de la dissipation numérique
implicite : les ondes non-linéaires de la première étape sont parfois dissipatives (des chocs,
par exemple), et lŠétape de réuniformisation des proĄls génère une entropie de mélange.
La méthode que nous avons mise au point pour estimer la dissipation totale locale dans
nos simulations (voir section III.2.2) ne fait pas la distinction entre ces deux étapes, mais
donne une valeur globale sur lŠensemble du pas de temps.

III.2 Le code CHEMSES

Le code MHD CHEMSES (Lesaffre et al., 2020) que nous utilisons dans cette thèse
met en oeuvre le solveur Godunov de RAMSES sur une grille régulière (voir Fromang
et al., 2006a). Nous résolvons les équations dŠévolution de la MHD isotherme résistive et
visqueuse que nous reproduisons ici dans leur forme conservative :

1. La méthode que nous utilisons, MUSCL, consiste à estimer les valeurs de U⃗ à tn+ 1

2 avec une
simple estimation aux différences Ąnies des termes sources, aĄn dŠobtenir des valeurs droites et gauches
approchées à ce temps intermédiaire. Ce sont ces valeurs qui seront utilisées ensuite pour estimer les Ćux
et lŠavancement Ąnal de U⃗ au long du pas de temps complet ∆t.
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0 = ∂tρ + ∇⃗ · (ρu⃗) (III.6)

0 = ∂tρu⃗ + ∇⃗ · (ρu⃗u⃗ − νρτ⃗ [u⃗]) + ∇⃗p − J⃗ × B⃗ (III.7)

0 = ∂tB⃗ − ∇⃗ ×


u⃗ × B⃗ − η∇⃗ × B⃗
)

(III.8)

où ρ est la densité de masse, u⃗ est le vecteur vitesse du Ćuide, p = ρc2 est la pression
thermique avec c la vitesse isotherme du son, B⃗ est le champ magnétique et J⃗ = 1

4π ∇⃗× B⃗
est le vecteur courant. ν et η sont respectivement les coefficients visqueux et résistifs. Les
composantes du tenseur des contraintes visqueuses τ⃗ sont exprimées comme suit :

τij [u⃗] = ∂iuj + ∂jui − 2
3

∂kukδij (III.9)

où ∂i désigne la dérivée par rapport à la coordonnée spatiale i.
La partie idéale du pas de temps est avancée en temps par un schéma de Godunov

combiné à un solveur de Riemann de Lax-Friedrichs et une pente minmod (voir section
III.1.3. Le champ magnétique est évolué par la méthode du transport contraint pour
préserver sa divergence nulle (Fromang et al., 2006b). Cette étape MHD idéale est prise
en sandwich entre deux demi-pas de temps purement dissipatifs, aĄn de préserver la
précision au second ordre de lŠintégration temporelle (voir Lesaffre et al., 2020, pour plus
de détails). CHEMSES hérite du centrage du code RAMSES, avec les densités et les
composantes de moment cinétique au centre des cellules et les composantes des champs
magnétiques au centre de leur interface respective (Fromang et al., 2006b). Les tenseurs
des contraintes résistif et visqueux sont centrés en conséquence, et une estimation du
temps de diffusion (pour la dissipation visqueuse et résistive) remplace le pas de temps de
Courant de référence chaque fois quŠil est plus court. Par exemple, la contrainte du pas
de temps de diffusion visqueuse est ∆τ = (∆x)2/(6ν) où ∆x est la taille du pixel. Nous
avons Ąxé le nombre de Courant (par nombre de Courant, nous entendons ici le rapport
entre le pas de temps utilisé et le pas de temps numériquement instable le plus court) à
la valeur 0,7 pour toutes les simulations du présent document. Notez que contrairement
à la MHD isotherme, nous utilisons un coefficient de viscosité cinématique constant ν
plutôt quŠune viscosité dynamique constante µ = ρν, car cela permet une convergence
numérique plus facile pour les chocs (voir section III.2.2).

III.2.1 Traitement de la dissipation physique

Le schéma numérique que nous utilisons (Godunov) introduit implicitement la dissi-
pation pour faire évoluer les équations MHD idéales, mais comme indiqué dans la sous-
section précédente, nous incorporons des termes de dissipation physique explicites sup-
plémentaires dans nos équations dŠévolution. En effet, il est important de conserver un
minimum de viscosité physique car les schémas de Godunov ne fournissent pas de viscosité
implicite dans les couches de cisaillement.

III.2.2 Estimation de la dissipation numérique

Nous présentons ici la méthode utilisée pour récupérer la quantité de dissipation nu-
mérique présente dans nos simulations compressibles, et comment nous lŠavons validée en
utilisant des chocs MHD isothermes.
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Dans nos simulations compressibles, nous adoptons une résolution deux fois supérieure
à celle des simulations incompressibles correspondantes que nous avons réalisées avec des
méthodes pseudo-spectrales dans Momferratos et al. (2014) : 10243 vs 5123 éléments de
résolution, pour les mêmes coefficients de dissipation (viscosité et résistivité). En effet,
il existe une croyance communément répandue parmi les numériciens selon laquelle les
méthodes basées sur des grilles nécessitent deux fois plus dŠéléments pour obtenir un
pouvoir de résolution équivalent à des éléments spectraux. Cependant, nous verrons que
même dans ce cas, notre schéma numérique basé sur une grille affecte considérablement
la dissipation dans le code.

AĄn de vériĄer et de contrôler la dissipation dans notre conĄguration, nous allons
réaliser des expériences numériques que nous allons comparer à des solutions exactes
de chocs stationnaires magnétisés isothermes planaires 1D conçues dans la sous-section
III.2.2.1. Pour mettre en place les expériences de calcul de cette section, nous calculons
dŠabord les conditions de Rankine-Hugoniot pour un choc magnétisé dans le référentiel
du choc et nous établissons initialement les conditions pré-choc et post-choc dans deux
moitiés de la boîte de calcul, avec le saut au milieu. Aux limites extérieures de la boîte on
implémente les conditions de Ćot dŠentrée et de sortie du côté pré-choc et post-choc, res-
pectivement. Au fur et à mesure que le calcul progresse, la discontinuité initiale sŠestompe
en raison de la dissipation numérique et physique, mais la discontinuité ne se déplace pas
dans lŠespace grâce à la conĄguration choisie. Un état stationnaire est rapidement atteint,
que nous comparons aux solutions semi-analytiques de lŠétat stationnaire décrites dans la
sous-section III.2.2.1.

Nous commençons par décrire en III.2.2.1 comment nous calculons semi-analytiquement
la structure interne des chocs stationnaires 1D MHD isotherme qui nous servent de réfé-
rence pour valider nos méthodes. Ces solutions nous premettent de discuter lŠétalement
visqueux dans les chocs III.2.2.2. En III.2.2.3, nous décrivons nos méthodes pour extraire
localement la quantité de dissipation totale produite par notre schéma numérique. Nous
examinons lŠaccord entre nos méthodes en III.2.2.4, la convergence numérique en III.2.2.5
puis en III.2.2.6 nous comparons les résultats du code CHEMSES avec les solutions du
III.2.2.1 pour sonder la dissipation numérique effective de notre schéma numérique. En
III.2.2.7 nous proposons un artiĄce pour établir la répartition visqueuse vs. ohmique de
la dissipation numérique.

III.2.2.1 Chocs isothermes 1D stationnaires

Nous considérons ici la structure interne dŠun choc MHD planaire isotherme en régime
permanent. Nous pouvons toujours opérer une transformation galiléenne pour nous placer
dans le référentiel qui se déplace avec le choc, de sorte que la vitesse avant le choc soit
le long de la normale à la surface de travail, que nous déĄnissons comme la première
coordonnée spatiale x. De plus, nous pouvons faire pivoter ce référentiel le long de la
normale de sorte que la deuxième coordonnée spatiale y soit le long du champ magnétique
transverse pré-choc, et donc que les composantes selon z du champ magnétique et de la
vitesse soient nulles le long de tout le choc (grâce à la propriété de coplanarité dans les
chocs fast et slow : ce ne serait pas le cas dans une discontinuité rotationnelle ou bien
dans un choc intermédiaire).

Nous notons u et v pour les coordonnées x et y de la vitesse dans ce référentiel, et de
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la même façon nous écrivons Bx et By les coordonnées du champ magnétique (orthogonal
à la surface de travail et transversal). Nous notons enĄn ρ la densité de masse.

Avec ces notations, la conservation isotherme de la masse, de la quantité de mouvement
et du champ magnétique devient :

0 = ∂x(ρu) (III.10)

0 = ∂x[ρu2 + ρc2 +
1

8π
B2

y +
4
3

µ∂xu] (III.11)

0 = ∂x[ρuv +
1

4π
ByBx + µ∂xv] (III.12)

0 = ∂xBx (III.13)

0 = ∂x[uBy − vBx + η∂xB] (III.14)

où nous avons introduit la viscosité dynamique µ = ρν et les coefficients de résistivité
η ainsi que la vitesse du son isotherme c. Nous affectons maintenant les indices 0 aux
quantités pré-choc (sauf pour le champ magnétique orthogonal Bx qui est constant tout
au long du choc). La conservation de la masse devient ρu = ρ0u0. On déĄnit la quantité
a = By/

√
4πρ0 qui a la dimension dŠune vitesse, et de même la vitesse dŠAlfvén constante

ax = Bx/
√

4πρ0 pour aboutir au système dŠéquations différentielles ordinaires :

4
3

µ

ρ0
∂xu = u0 +

c2

u0
− (u +

c2

u
) +

1
2

(
a2

0

u0
− a2

u0
) (III.15)

µ

ρ0
∂xv = ax

a − a0

u0
− v (III.16)

η∂xa = ua − u0a0 − axv (III.17)

pour calculer la structure interne des chocs MHD isothermes.
Le coefficient dynamique isotherme µ est une constante, mais dans lŠapplication ac-

tuelle, nous avons utilisé un coefficient visqueux constant ν, de sorte que µ = νρ0u0/u.
LŠéchelle de longueur visqueuse typique de nos chocs simulés est donc ν/u0. On peut
encore simpliĄer le système ci-dessus en utilisant des quantités non dimensionnelles :
x̃ = xu0/ν, ũ = u/u0, ṽ = v/u0, ã = a/a0 et Pm = ν/η :

4
3ũ

∂x̃ũ = 1 − ũ + M−2
s (1 − 1

ũ
) +

1
2

M−2
a (1 − ã2) (III.18)

1
ũ

∂x̃ṽ = ũã − 1 − ṽ (III.19)

∂x̃ã = Pm[M−2
a (ã − 1)

ax

a0
− ṽ]. (III.20)

Ce système dŠéquations montre que à Pm donné, la structure intrinsèque de nos chocs
dépend essentiellement de trois paramètres non dimensionnels dans le pré-choc : le nombre
de Mach sonique Ms = u0/c, le nombre de Mach Alfvénique transverse Ma = u0/a0 et
la tangente de lŠangle du champ magnétique par rapport à la surface de travail du choc
ax/a0.

Ce système dŠéquations différentielles ordinaires (EDO) peut être intégré numérique-
ment entre le pré-choc (à ũ = ã = 1 et ṽ = 0) et le post-choc. LŠanalyse de stabilité
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vers des x̃ croissants de ces deux points dŠéquilibre donne trois vecteurs propres stables
ou instables. Nous trouvons que les chocs fast ont généralement trois vecteurs propres
instables au pré-choc alors quŠils ont trois vecteurs propres stables au post-choc : on peut
simplement intégrer le système dŠEDO du post-choc au pré-choc à partir dŠune petite
perturbation du post-choc opposée au vecteur propre le plus stable (qui est le plus in-
stable dans la direction de la décroissance de x̃ ...). Nous trouvons que les chocs slow ont
généralement deux vecteurs propres instables au pré-choc alors quŠils ont deux vecteurs
propres stables au post-choc : la solution quitte le pré-choc depuis son plan instable, et
atteint le post-choc dans un plan stable. Pour trouver la solution de ce problème aux
conditions au bord, nous utilisons une méthode de tir depuis les deux extrémités du choc
en démarrant sur ces deux plans à une petite distance donnée des deux points dŠextrémité
correspondants.

Nous utilisons les solutions obtenues comme modèles de référence pour comparer les
résultats des expériences dédiées qui sont décrites dans la section ci-dessous.

III.2.2.2 Étalement visqueux dans le choc

Les chocs ont une longueur dŠétalement visqueux de lŠordre de λv = ν/u0 (voir la
section III.2.2.1). Nos simulations 3D de turbulence décroissante avec 10243 pixels ont
une longueur de boîte Lbox = 2π et une viscosité ν = 0.7 × 10−3 dans les unités utilisées
par le code (voir section III.3.1). La taille du pixel est donc près de 9 fois plus grande que
la longueur visqueuse pour un choc u0 = 1 : lŠétalement visqueux et résistif dans ces chocs
est réalisé essentiellement par la grille. Les travaux de Lesaffre et al. (2020) ont montré
que le nombre de zones nécessaires pour résoudre complètement la propagation visqueuse
des chocs adiabatiques non magnétisés est au moins de lŠordre du nombre de Reynolds
L.u0/ν ≃ 9000, bien au-delà de ce que nous pouvons nous permettre pour un calcul 3D.

III.2.2.3 Estimation de la dissipation totale numérique plus physique

Il existe plusieurs sources de dissipation dans nos simulations : la dissipation visqueuse
et ohmique due aux termes physiques que nous avons introduits dans DUMSES, et la
dissipation numérique intrinsèque au schéma. Notre objectif principal est de récupérer
localement la quantité totale de dissipation εtot produite à la fois par le schéma et les
termes physiques de dissipation. Nous concevons ici plusieurs méthodes pour récupérer
εtot, en considérant différentes formes de lŠéquation de conservation de lŠénergie.

III.2.2.3.1 Méthode 1 : Considérons lŠéquation dŠévolution de lŠénergie cinétique et
magnétique :

∂t(
1
2

ρu2 +
1

8π
B2) + ∇⃗ · F⃗1 + u⃗ · ∇⃗(p) = −εtot (III.21)

où εtot est le chauffage irréversible total et où le Ćux F1 est le suivant :

F⃗1 = u⃗(
1
2

ρu2) +
1

4π
(⃗B × u⃗) × B⃗ − ντ⃗ · u⃗ + ηJ⃗ × B⃗. (III.22)

Nous calculons le membre gauche de lŠéquation (III.21) le long dŠun pas de temps
de la simulation, en utilisant les estimations de Ćux de chaque demi-étape dissipative
(voir section III.2) pour les contributions résistives et visqueuses à F⃗1, et en utilisant
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une estimation de Lax-Friedrichs pour sa partie non-dissipative (évaluée dans le pas de
Godunov). Nous estimons u⃗·∇⃗(p) au milieu du pas de temps grâce aux mêmes pentes TVD
(ŞTotal Variation DiminishingŤ, cf. III.1 ) utilisées dans le pas de Godunov. Finalement,
nous récupérons εtot simplement en prenant lŠopposé du membre de gauche.

III.2.2.3.2 Méthode 2 :

∂t(
1
2

ρu2 +
1

8π
B2 + p log ρ) + ∇⃗ · F⃗2 = −εtot (III.23)

où

F⃗2 = F⃗1 + u⃗p(log ρ + 1). (III.24)

Nous calculons le Ćux comme dans la méthode 1 (la contribution supplémentaire
est calculée dans lŠétape Godunov en utilisant une estimation de Lax-Friedrichs). Cette
méthode présente lŠavantage que nous récupérons exactement le chauffage total à travers
le domaine de calcul lorsque nous faisons la moyenne du chauffage local résultant.

III.2.2.3.3 Méthode 3 :

∂t(
1
2

ρu2 +
1

8π
B2) + ∇⃗ · F⃗3 − p∇⃗ · u⃗ = −εtot (III.25)

où

F⃗3 = F⃗1 + u⃗p. (III.26)

On évalue −p∇⃗ · u⃗ comme u⃗ · ∇⃗(p) dans la méthode 1, et on récupère εtot comme dans
les deux méthodes précédentes.

III.2.2.4 Comparaison des méthodes

Nous avons vériĄé que les implémentations des trois méthodes sur nos expériences de
chocs donnent le même taux de dissipation total local à moins de 1% aux maxima locaux
de dissipation. Cela nous donne conĄance dans notre mise en œuvre des trois méthodes.
Nous avons également examiné sur deux clichés réels de nos simulations (simulations
ABC et OT après un temps de retournement) les statistiques des trois méthodes (voir
Ągure III.1). Elles sont presque identiques pour la distribution des valeurs positives de
la dissipation récupérée εtot. Cependant, la méthode 2 produit moins de pixels avec des
valeurs négatives, probablement parce que cette méthode ne nécessite pas dŠestimation
pour des termes comme p∇⃗ · u⃗ et −u⃗ · ∇⃗(p) qui ne sont pas des divergences de Ćux. Nous
constatons en outre que les moyennes des méthodes 2 et 3 sont très proches lŠune de
lŠautre (de moins de 0,5% de lŠécart-type de εtot), alors que les méthodes 1 et 2 sont un
peu plus éloignées (de moins de 3% de lŠécart-type, cependant). Nous adoptons donc la
méthode 2 comme le meilleur compromis entre les méthodes 1, 2 et 3.
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Godunov est conservateur à la précision machine près, nous pouvons utiliser sa dérivée
temporelle pour estimer le budget global de lŠénergie dissipée :

− dE

dt
=< εtot > (III.27)

où < εtot > est le taux total de chauffage irréversible intégré sur lŠensemble du domaine
de calcul. Dans cette section, nous avons présenté et testé une nouvelle méthode pour esti-
mer localement le chauffage irréversible total εtot. La méthode choisie présente lŠavantage
supplémentaire de préserver jusquŠà la précision machine la validité de lŠéquation (III.27)
lorsquŠelle est intégrée sur lŠensemble du domaine.

Nous pouvons maintenant décomposer le taux de dissipation totale local

εtot = εν + εη + εnum

où
εν = ρντij[u⃗]∂iuj (III.28)

et
εη = 4πηJ2 (III.29)

sont les taux de chauffage dissipatif local visqueux et résistif, et εnum est la dissipa-
tion due au schéma numérique. Nous pouvons alors estimer le taux de dissipation local
purement numérique simplement en calculant εnum = εtot − (εν +εη) où nous utilisons des
estimations bien centrées pour les dissipations physiques (équations (III.29) et (III.28)). Il
sŠavère quŠen raison des incertitudes de notre estimation, cette quantité nŠest pas toujours
positive, alors que nous savons quŠelle devrait lŠêtre car nous effectuons nos simulations
avec un pas de temps suffisamment petit pour que le schéma soit stable (il est Ąxé à
70% du pas de temps instable le plus court). Nous déĄnissons donc εcorr

tot comme un taux
de dissipation total local corrigé qui garantit que lŠestimation résultante pour εnum est
positive. Il est égal à la dissipation locale totale εtot lorsque la dissipation numérique est
positive (cŠest-à-dire lorsque εtot > (εν +εη)), tandis quŠil est égal à la dissipation physique
totale εν + εη ailleurs. Ainsi, le taux de dissipation numérique local corrigé est toujours
positif. En particulier, le taux de dissipation total local corrigé εcorr

tot est toujours supérieur
à εtot. Il est alors partagé entre les natures résistive et visqueuse dans les mêmes propor-
tions que les termes physiques que nous avons introduits pour fournir des estimations des
dissipations visqueuses et résistives, y compris la dissipation numérique :

εcorr
ν =

εν

εν + εη
εcorr

tot (III.30)

εcorr
η =

εη

εν + εη
εcorr

tot (III.31)

Nous calculons ensuite les échauffements visqueux et ohmique dans le modèle de choc
le mieux adapté et les comparons à lŠestimation ci-dessus sur la Ągure III.6.

La Ągure III.7 montre lŠévolution temporelle de divers taux de dissipation totale. Grâce
à lŠégalité (III.27), nous pouvons calculer le taux de dissipation total exact à chaque pas
de temps (courbes bleues), et nous pouvons le comparer à lŠestimation locale intégrée
< εcorr

tot > (courbes vertes) qui par construction est toujours plus grande. La différence
entre les deux donne une estimation de lŠerreur que nous faisons sur lŠestimation de la
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dissipation (de lŠordre du pourcent au plus). Elle correspond à lŠestimation intégrée de
εnum dans tous les pixels où elle est négative. Les courbes oranges montrent les termes
dissipatifs physiques intégrés < εν + εη >. Ils représentent environ deux tiers du total,
tandis que le reste est de la dissipation numérique par le schéma.

III.3 Présentation de nos simulations

III.3.1 Condition initiales

Init. cond. N Re η Pm Hc Hm

ABC 512 9 × 103 7 × 10−4 1 −2.5 × 10−2 0.2
ABC 1024 9 × 103 7 × 10−4 1 −2.5 × 10−2 0.2
ABC 1024 2 × 103 7 × 10−4 4 −2.5 × 10−2 0.2
ABC 1024 6 × 102 7 × 10−4 16 −2.5 × 10−2 0.2
OT 512 9 × 103 7 × 10−4 1 0.1 2 × 10−9

OT 1024 9 × 103 7 × 10−4 1 0.1 2 × 10−9

OT 1024 2 × 103 7 × 10−4 4 0.1 2 × 10−9

OT 1024 6 × 102 7 × 10−4 16 0.1 2 × 10−9

Table III.1 Ű Paramètres des simulations que nous analysons : écoulement initial, réso-
lution, résistivité η, nombre de Prandtl ν/η, hélicités croisée et magnétique. Toutes les
simulations commencent avec un nombre de Mach sonique r.m.s. Ms = 4 et un nombre
de Mach Alfvénique r.m.s. de 1, avec un champ magnétique moyen nul.

Les quantités calculées dans le code sont sans dimension. Elles sont normalisées par
des échelles physiques Ąxées de telle sorte quŠinitialement la vitesse carrée moyenne est
< u2 >= 1, la taille du domaine cubique est L = 2π et la densité moyenne < ρ >= 1
où les parenthèses indiquent les moyennes sur lŠensemble du domaine simulé. La valeur
non dimensionnelle de la vitesse isotherme c contrôle donc le nombre de Mach sonique
initial r.m.s. comme Ms = 1/c. La densité initiale est uniforme et le champ magnétique
initial est mis à lŠéchelle pour obtenir < 1

4π B2 >=< ρ >< u2 >= 1 de sorte que le
nombre de Mach Alfvénique r.m.s. initial effectif est égal à 1, ainsi que la vitesse dŠAlfvén
r.m.s. initiale (ca). Notez que le champ magnétique moyen (intégré sur tout le domaine
de calcul) est nul.

Par exemple, imaginons que lŠon souhaite appliquer ces résultats à une région physique
de dimension physique ℓ, de vitesse r.m.s. ur.m.s. et de densité moyenne ρav. Ensuite, les
quantités sans dimension du code peuvent être converties en quantités physiques selon la
formule suivante : xphys = ℓ/(2π).x pour les distances, uphys = ur.m.s..u pour les vitesses,
et Bphys = ur.m.s.

√
4πρav.B pour les champs magnétiques.

Comme dans Momferratos et al. (2014), nous considérons une boîte périodique avec des
conditions initiales basées soit sur les Ćux ArnolŠd-Beltrami-Childress (ABC, voir Bouya
et Dormy, 2013, par exemple) soit sur le vortex Orszag-Tang (OT, Orszag et Tang, 1979).
Pour lŠécoulement ABC, le champ de vitesse est déĄni par une superposition de sinus et
de cosinus :

u⃗ABC = (A sin(kz) + C cos(ky), B sin(kx) + A cos(kz), C sin(ky) + B cos(kx)), (III.32)
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où A, B, C sont des coefficients choisis pour les trois plus petits nombres dŠonde k (plus
grandes échelles) à partir dŠun générateur de nombres uniformes dans lŠintervalle [−1, 1].
Pour les plus petites échelles, on ajoute un champ aléatoire uE dont le spectre dŠénergie
est le suivant

E(k) = CEk−3 exp


−2(k/kc)2
)

, (III.33)

où kc = 3, et CE est choisi de telle sorte que < u2
E >= 1. Ce champ aléatoire est

calculé dans lŠespace de Fourier avec lŠamplitude des coefficients complexes prescrits par
le spectre ci-dessus et la phase de chaque coefficient est tirée dŠune distribution uniforme
dans lŠintervalle [0, 2π]. Le champ de vitesse initial ABC perturbé est construit comme
u⃗ = α(u⃗ABC + u⃗E) avec < u2 >= 1 en choisissant α de manière adéquate. Le champ
magnétique initial pour les Ćots ABC est déĄni avec un champ aléatoire construit de
manière similaire à u⃗E.

Le champ de vitesse pour le vortex OT est déĄni par

u⃗OT = (−2 sin(y), 2 sin(x), 0), (III.34)

auquel nous ajoutons également des perturbations aléatoires comme dans le cas ABC. Et
le champ magnétique initial pour le vortex OT est déĄni comme suit

B⃗OT = (−2 sin(2y) + sin(z), 2 sin(x) + sin(z), sin(x) + sin(z)), (III.35)

sans perturbation supplémentaire. La vitesse et les champs magnétiques sont ensuite remis
à lŠéchelle pour que < u2 >=< 1

4π B2 >= 1.
Nos écoulements ABC ont une hélicité magnétique signiĄcative (Hm =< A⃗ · B⃗ > où

A⃗ est le vecteur potentiel, B⃗ = ∇⃗ × A⃗ avec la jauge de Coulomb divA⃗ = 0) et une hélicité
croisée plus faible (Hc =< u⃗ · B⃗ >). Cela signiĄe que le champ magnétique est topolo-
giquement complexe et quŠil nŠy a pas de corrélation forte entre le champ magnétique et
le champ de vitesse. Pour les conditions initiales OT, la situation est inversée, elle pré-
sente une hélicité magnétique presque nulle et une hélicité croisée plus importante (voir
le tableau III.1 pour les valeurs des hélicités).

En plus des conditions initiales, nous étudions également lŠeffet de la résolution : nos
simulations standard ont un nombre de pixels N = 1024 par côté du domaine de calcul
cubique et nous dégradons la résolution par un facteur deux pour contrôler la stabilité
de nos résultats. Nous étudions également lŠeffet de la variation du nombre de Prandtl
Pm = ν/η. Le tableau III.1 résume lŠespace des paramètres que nous couvrons.

III.3.2 Domaine d’applicabilité de nos simulations

Les équations dŠévolution et le paramétrage de nos simulations proviennent dŠhypo-
thèses physiques que nous formulons sur le plasma, ainsi que de limitations techniques.
Dans cette section, nous rappelons ces hypothèses et discutons brièvement leurs implica-
tions.

Nous avons choisi de modéliser un plasma isotherme : lŠhypothèse implicite est que le
temps de mise à lŠéquilibre thermique est court devant les temps dynamiques du plasma
que lŠon considère. LŠapproximation isotherme suppose en outre que lŠétat thermique ob-
tenu ne dépend pas de la densité. On pourrait toutefois envisager le gaz polytropique cor-
respondant à lŠéquilibre thermique si le comportement de lŠéquilibre thermique sŠéloigne
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du cas isotherme. En revanche la limitation la plus sérieuse de cette hypothèse est lŠim-
possibilité de traiter les effets de lŠinstabilité thermique et la structuration multi-phase
du MIS, par exemple.

Nous avons utilisé les équations de la MHD, comme rappelé dans la section II.2, ces
équations reposent sur lŠapproximation de quasi-neutralité du plasma. Nous utilisons une
équation dŠévolution du champ magnétique sans la diffusion ambipolaire. Nous avons donc
soit un plasma où le temps caractéristique de transfert dŠimpulsion par collisions entre les
charges et les neutres est très court devant les autres temps dŠévolution, soit un plasma
complètement ionisé. Dans ces deux cas, le terme ambipolaire peut être négligé devant les
termes inductif et ohmique.

Les nombres de Reynolds cinétique et magnétique que nous obtenons dans les simu-
lations sont bien inférieurs à ceux de la plupart des phases du MIS. Par exemple, dans
la phase diffuse, nous avons Re ≃ 107 et Rem ≃ 1017, alors que notre jeu de simula-
tions contient des valeurs de Reynolds cinétiques Re ≃ [6.102 − 9.103] et des Reynolds
magnétiques de lŠordre de Re ≃ 9.103. Cela implique bien moins de dynamique pour les
échelles inertielles et des échelles dissipatives beaucoup trop grandes. Pour une applica-
tion au MIS, si on suppose que lŠéchelle intégrale de nos simulations est de lŠordre du
parsec (comme pour la phase diffuse), alors les échelles dissipatives que nous obtenons
dans nos simulations sont de lŠordre de lε,sim ≃ 10−3 pc ≃ 102 AU. En regard, les échelles
dissipative estimées si on suppose une loi dŠéchelle de Kolmogorov sont lεν

≃ 10 AU et
lεη

≃ 10−7 AU. Les structures dissipatives obtenues dans nos simulations sont donc un ou
plusieurs ordres de grandeur plus épaisses que les échelles réelles attendues. En réalité,
ces structures dissipatives correspondent sans-doute à des méta-structures à lŠintérieur
desquelles la cascade turbulente se poursuit pour conduire à une dissipation dans des
micro-structures plus petites, comme dans la vision hiérarchique des structures dissipa-
tives imbriquées envisagée par Elsinga et al. (2020).

EnĄn, une limitation de nos simulations tient à leurs conditions aux bords périodiques.
Ceci implique que si un champ magnétique moyen est présent, alors il est conservé exac-
tement tout au long de lŠévolution temporelle de la simulation. Il nŠy a donc, par exemple,
pas dŠeffet dynamo possible à strictement parler. En réalité on pourrait toutefois envi-
sager une cascade magnétique inverse, qui se heurterait aux échelles les plus grandes du
domaine de simulation (par exemple, on pourrait dans ce cas produire des champs moyens
à la moitié de lŠéchelle de la boîte de simulation).
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Les structures dissipatives

Dans les écoulements turbulents MHD, la dissipation de lŠénergie cinétique et magné-
tique est loin dŠêtre uniforme. Elle se produit dans un très faible volume par rapport à
lŠéchelle globale de lŠécoulement. La grande variabilité spatiale de la dissipation, son carac-
tère intermittent, donne lieu à des corrections statistiques (Kolmogorov, 1962) concernant
la cascade turbulente de Kolmogorov telle quŠénoncée à lŠorigine (Kolmogorov, 1941). Elle
nous intéresse particulièrement en astrophysique à cause de ses implications potentielles
sur la production de molécules dans des milieux froids et dilués, qui resteraient stériles si
le chauffage induit localement par la dissipation ne permettait pas dŠouvrir de nouveaux
chemins chimiques autrement très peu probables (voir les sections I.3 et II.1.7).

Les régions où la dissipation est intense prennent différentes formes suivant la nature
de la turbulence. En turbulence hydrodynamique incompressible, par exemple, les expé-
riences numériques ont montré que le chauffage visqueux se produisait essentiellement sur
des vortex intenses (Moisy et Jiménez, 2004). En turbulence MHD, en revanche, la dis-
sipation a été analysée et observée dans plusieurs études (Uritsky et al., 2010; Zhdankin
et al., 2013; Momferratos et al., 2014) pour être organisée en structures cohérentes, en
forme de rubans ou de nappes. Nous allons à présent décrire comment nous avons détecté
et caractérisé ces structures dans nos simulations.

IV.1 Définition d’une structure dissipative

La Ągure IV.1 montre des isosurfaces du taux de dissipation total εcorr
tot . Le taux de

dissipation dans chaque cellule est calculé en utilisant la méthode décrite dans la sous-
section III.2.2. Nous déĄnissons une structure de dissipation comme un ensemble connecté
de cellules où

εcorr
tot ≥ ⟨εcorr

tot ⟩ + λ × σεcorr
tot

, (IV.1)

avec λ un paramètre que nous utilisons pour régler le seuil de détection, εcorr
tot le taux de

dissipation déterminé par notre méthode et σεcorr
tot

lŠécart type de la distribution du taux de
dissipation. Nous choisissons λ = 4 car nous constatons que les transferts dŠénergie sont
principalement dus à des événements supérieurs à 4σ : nous avons vériĄé que lŠessentiel
de la fonction de structure du troisième ordre (responsable des transferts dŠénergie) est
obtenu à partir dŠincréments supérieurs à 3-4 sigma (voir Ągure IV.2). Nous voulons
également que la structure soit identiĄable aussi clairement que possible et nous nous

57
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Fig. IV.1 Structures de dissipation intenses extraites dŠune simulation avec les
conditions initiales OT à Pm = 1. Le pas de temps auquel ce cube est extrait est
t ≃ 1/3tturnover. Les structures sont représentées par des isosurfaces de dissipa-
tion. Le premier niveau en bleu est Ąxé à εcorr

tot = ⟨εcorr
tot ⟩ + 4 × σεcorr

tot
. Le second

est à 8 fois lŠécart-type au-dessus de la valeur moyenne, en beige, et le dernier,
en rouge est à 13,5 fois.

attendons à ce que de telles structures à forte dissipation soient associées à des gradients
plus intenses et à une nature physique plus nette.

Nous voyons sur la Ągure IV.1 que les structures dissipatives extraites sont principa-
lement des feuilles, ce qui sera quantitativement conĄrmé par une analyse de la géométrie
locale des gradients (voir section IV.2.1 et Ągure IV.5). Une autre façon de le constater
est de regarder une Ąne tranche du champ de dissipation dans notre simulation OT avec
Pm = 1 (Ągure IV.3) où la trace des feuilles apparaît comme de Ąnes crêtes. Par rapport à
la même Ągure pour les simulations incompressibles de Momferratos et al. (2014), les na-
tures visqueuse et ohmique de la dissipation sont maintenant beaucoup plus enchevêtrées
et se chevauchent même parfois.

La Ągure IV.4 montre comment la dissipation est distribuée en volume : elle donne le
facteur de remplissage volumique des régions de grande dissipation en fonction de leur frac-
tion de dissipation. Cette Ągure compile plusieurs pas de temps jusquŠà t = 1.33tturnover,
où tturnover = L/

√
< u2 > = 2π est le temps de rotation initial du tourbillon. Elle montre

que lŠintermittence de la dissipation diminue avec le temps, comme le nombre de Mach
sonique r.m.s. diminue avec le temps (nous considérons des simulations de turbulence en
déclin). On voit ici que les structures représentées sur la Ągure IV.1 (courbes jaunes ici,
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La Ągure IV.5 montre comment les rapports dŠaspect entre ces échelles de longueur
de variation typiques sont distribués dans toutes les cellules dŠune simulation (panneau
de gauche) et pour seulement celles à forte dissipation (quatre écarts types par rapport à
la moyenne, panneau de droite). Cela montre que la plupart des variables dŠétat du Ćuide
varient principalement dans une direction pour les événements de dissipation extrême,
alors que les rapports dŠaspect couvrent la plupart des possibilités si nous considérons le
domaine de simulation complet. LorsquŠune direction de variation est dominante (ℓscan <<
ℓ⊥1 ≤ ℓ⊥2), les quantités sont essentiellement constantes dans la direction orthogonale à
celle-ci et la situation locale est donc presque 1D plan-parallèle. Nous déĄnissons donc
la planéité comme le rapport ℓ⊥1/ℓscan qui est grand lorsque ℓscan << ℓ⊥1, cŠest-à-dire
lorsque la géométrie locale est proche du plan-parallèle.

Cette géométrie unidimensionnelle des gradients pour les régions de dissipation intense
est cohérente avec la géométrie bidimensionnelle typique des structures trouvées dans la
turbulence MHD Uritsky et al. (2010); Zhdankin et al. (2013); Momferratos et al. (2014).
Sur les structures à dissipation intense, nous devrions donc pouvoir capturer la plupart
des variations du Ćuide en parcourant celles le long de la direction du gradient maximal.
Dans la section IV.3, nous utilisons ⃗̂rscan comme direction dŠéchantillonnage pour sonder
la variation des quantités physiques autour des régions de forte dissipation.

En revanche, une inspection attentive de la Ągure IV.1 permet dŠobserver quelques
petites structures Ąlamenteuses. Certaines dŠentre elles peuvent être repérées sur la Ągure
IV.5 par une queue de faible probabilité dans le coin inférieur droit du panneau de droite,
où les rapports dŠaspect des gradients sont tels que ℓscan ≃ ℓ⊥1 tandis que ℓ⊥1 >>
ℓ⊥2. Ces structures tubulaires seront malheureusement ignorées par notre investigation
systématique qui se concentre sur les structures localement planes, mais nous avons vériĄé
a posteriori que ces structures ne représentent quŠune très faible fraction de la dissipation
(moins dŠun pour cent).

IV.2.2 Décomposition des gradient en ondes magnétohydrodynamiques idéales

Dans les régions où le gradient est strictement dans une direction, la dynamique du
gaz est régie par des équations MHD 1D plan-parallèle, et nous montrons ici comment les
gradients locaux peuvent être projetés sur des ondes MHD idéales.

Nous écrivons x la coordonnée spatiale le long de la direction du gradient et t la
coordonnée temporelle. La condition ∇⃗.B⃗ = 0 implique que ∂xBx = 0 : la composante
correspondante de ∂xW⃗ est nulle. Il sŠavère que les six composantes non nulles de ∂xW⃗
peuvent être décrites par les six ondes MHD idéales, comme nous le montrons ci-dessous.

Les solutions dŠondes prennent la forme W⃗ (x, t) = F⃗ (x − vt) où v est la vitesse de
déplacement de lŠonde. Nous notons que ∂tF⃗ = −v∂xF⃗ et nous introduisons cette forme
dans la partie MHD idéale des équations (sans les termes de dissipation). Nous arrivons
à un problème linéaire de valeurs propres pour lequel nous pouvons trouver six vecteurs
propres ∂xF⃗ avec des valeurs propres v correspondant aux six ondes de la MHD isotherme
idéale 1. Nous les étiquetons par leur type dŠonde s, i, f pour slow, intermédiaire et fast
et leur direction de propagation R, L pour droite (ou avant, v > 0) et gauche (ou arrière,

1. Notez que formellement, trouver le gradient ∂xF⃗ est équivalent à résoudre lŠamplitude pour le
problème de lŠonde linéaire lorsque nous identiĄons ∂t ≡ −iω, ∂x ≡ ik et v = ω/k correspond alors à la
vitesse de phase.
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v < 0). À une constante multiplicative près, les expressions de ces vecteurs propres sont
(voir section 5.2.3 de Goedbloed et al. (2019) ou section 6.5 de Gurnett et Bhattacharjee
(2005), par exemple) :

Ů pour les ondes intermédiaires (Alfvén)

∂xF⃗ R,L
i ∝ (0, ϵR,La⃗⊥

t , −sign(ax)⃗a⊥
t ) (IV.6)

où ϵR,L = −1 pour les ondes allant vers la gauche (vers lŠarrière) et ϵR,L = 1 pour
les ondes allant vers la droite (vers lŠavant), a⃗ = B⃗/

√
4πρ est le vecteur vitesse

dŠAlfvén, a⃗t est la composante transverse de a⃗, ax est sa composante suivant x et
a⃗⊥

t est a⃗t tourné de π/2 dans le plan transverse. La première composante de ce
gradient est nulle, donc la densité est uniforme. Et le champ magnétique transverse
a son gradient orthogonal à lui-même : le champ magnétique transverse tourne
dans le plan transverse lorsquŠon progresse dans la direction du scan. La vitesse de
déplacement correspondante est cR,L

i = ϵR,L♣ax♣.
Ů pour les ondes magnétosoniques fast et slow

∂xF⃗ R,L
s,f ∝ (− c

cR,L
s,f

, ⃗̂x − ax

d
a⃗t,

cR,L
s,f

d
a⃗t) (IV.7)

où la vitesse de propagation cR,L
s,f se lit :

cR,L
s,f = ϵR,L

√

(c2 + a2) + ϵf,s

√

(c2 + a2)2 − 4a2
xc2 (IV.8)

avec d = (cR,L
s,f )2 − a2

x et ϵf,s = 1 pour les ondes fast ou -1 pour les ondes slow.
Ces ondes sont compressives (le gradient de densité est non nul) et le gradient
du champ magnétique transverse est aligné avec le champ magnétique même. En
dŠautres termes, le champ magnétique transverse reste dans la même direction, qui
se trouve être également la même direction que la variation de la vitesse transverse.
La variation de la vitesse et le champ magnétique restent donc tous deux dans le
plan déĄni par la direction de scan ⃗̂x et le champ transverse initial (une propriété
parfois appelée la coplanarité de ces ondes).

Ces six gradients forment une base orthogonale que lŠon peut facilement normaliser pour
en faire une base orthonormale ⃗̂eR,L

s,i,f = ∂x⃗F⃗ R,L
s,i,f /♣♣∂xF⃗ R,L

s,i,f ♣♣ .

Tout gradient ∂⃗̂x
W⃗ peut maintenant être facilement décomposé en six ondes en calcu-

lant le produit scalaire αR,L
s,i,f = ˆ⃗eR,L

s,i,f .∂⃗̂x
W⃗ . Grâce à lŠorthonormalité, nous avons

∑

R,L,s,i,f (αR,L
s,i,f )2 =

♣♣∂⃗̂x
W⃗ ♣♣2 et chaque coefficient (αR,L

s,i,f )2/♣♣∂⃗̂x
W⃗ ♣♣2 peut être interprété comme un coefficient

de 0 à 1 qui caractérise la similitude du gradient ∂⃗̂x
W⃗ à lŠonde MHD idéale correspondante.

Nous appelons "onde la plus représentative" lŠonde ayant le plus grand coefficient dans
cette décomposition. LŠonde la plus représentative caractérise le gradient local comme
slow, intermédiaire ou fast, chacun dans une version allant à gauche (vers lŠarrière) ou
à droite (vers lŠavant) selon le signe de sa vitesse par rapport au Ćuide cR,L

s,i,f . Notons
également que cette décomposition ne change pas si on ajoute un vecteur constant à la
vitesse : elle est indépendante du choix du référentiel galiléen.
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JusquŠà présent, nous nŠavons considéré que les solutions ondulatoires de la partie
idéale des équations de la MHD, alors que les gradients dans notre simulation résultent
de lŠévolution de la MHD entièrement dissipative. Considérons maintenant une solution
dŠonde non linéaire de la MHD 1D entièrement dissipative F⃗full(x − vfullt), comme les
chocs isothermes de la sous-section III.2.2.1, par exemple. Le proĄl de cette onde relie
continuement deux états uniformes appariés par les relations de Rankine-Hugoniot (voir
sous-section II.3.1), comme sur la Ągure IV.6. Ces deux états sont séparés par une région
où se produit la dissipation. Considérons lŠétat du gaz au maximum local de la dissipation :
cŠest là que les gradients des variables dŠétat sont les plus grands, et où le gradient des
contraintes visqueuses et résistives est susceptible dŠêtre faible (car nous sommes proches
de leur maximum). À cet endroit, la physique dissipative 1D se comporte comme la
physique idéale 1D, et nous pouvons nous attendre à ce que les gradients mesurés soient
quasiment parallèles à lŠun des gradients dŠonde idéale que nous avons décrits ci-dessus.
En conséquence, la vitesse de lŠonde entièrement dissipative devrait être bien approximée
par son estimation idéale : vfull ≃ ux+cR,L

s,i,f pour lŠonde la plus représentative au maximum
de la dissipation. Nous utiliserons cette propriété dans la suite pour estimer la vitesse en
régime permanent des structures que nous détectons (voir section IV.5.2). De plus, nous
avons étudié les gradients des proĄls de chocs isothermes semi-analytiques (calculés dans
la sous-section III.2.2.1) et nous avons remarqué que les gradients des chocs slow sont
dominés par des ondes slow tout au long de leurs proĄls. De même, les gradients des
chocs fast sont dominés par les ondes fast. Ce résultat semble naturel mais nous trouvons
néanmoins surprenant que la physique dissipative nŠaffecte pas plus la nature des gradients
et nous nŠavons pas encore trouvé dŠexplication satisfaisante à ce comportement.

EnĄn, notons que nous pouvons toujours décomposer un gradient dans une direction
donnée, mais cela a moins de sens si le gradient 3D nŠest pas fortement dominé par une
seule direction. En sélectionnant des cellules dissipatives intenses, cependant, nous avons
plus de chances de nous trouver dans une situation où le gradient est bien dirigé (voir la
Ągure IV.5 et la sous-section précédente).

IV.3 Identification de la nature des structures

IV.3.1 Extraction des profils

Nous considérons chaque structure connexe de dissipation une par une. Pour un choix
de cellules (voir notre stratégie de sélection dans la sous-section IV.3.5), nous prenons
ˆ⃗rscan comme direction de scan sur laquelle nous échantillonnons le champ magnétique, la
vitesse du plasma, la densité et la pression totale P = ρc2 + 1

8π ♣♣B⃗⊥♣♣2 où B⃗⊥ est le champ
magnétique transverse à la direction de scan. Notez que nous nŠincluons pas la contribution
à la pression totale de la composante du champ magnétique dans la direction de scan,
car elle doit rester uniforme le long de cette direction. Nous interpolons linéairement
leurs valeurs toutes les 0,2 longueur de côté de cellule (ceci aĄn dŠéviter les asymétries de
précision résultant de la position décalée des composantes du champ magnétique). Comme
dans SHOCKFIND (Lehmann et al., 2016), dont lŠalgorithme est présenté section II.3.2.4,
chaque valeur est ensuite moyennée sur un disque de 3 cellules de rayon, orthogonal à la
direction de scan. Cela permet de lisser les proĄls et de rendre notre identiĄcation moins
sensible à lŠorientation de la direction de scan par rapport aux bords des cellules. Des
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dans la section IV.2.2.

IV.3.3 Critères heuristiques d’identification

Nous concevons dŠabord trois catégories selon la classiĄcation classique des types de
sauts MHD qui dérivent des conditions de Rankine-Hugoniot (RH) : les chocs fast, les
chocs slow et les discontinuités dŠAlfvén (voir section II.3.2). Nous déĄnissons trois critères
heuristiques pour trier les proĄls résultants dans ces catégories :

Ů H1. Choc fast : Augmentation de la pression totale et augmentation du champ
magnétique transverse.

Ů H2. Choc slow : Augmentation de la densité et diminution du champ magnétique
transverse.

Ů H3. Discontinuité d’Alfvén : Bosse de densité et creux de champ magnétique
transverse.

Pour déterminer la variation des proĄls, nous examinons les valeurs des positions
pré-discontinuité, pic de dissipation et post-discontinuité, chacune de ces valeurs étant
moyennée sur une fenêtre latérale dŠune cellule pour éviter les variations parasites. Par
" augmentation " et " diminution ", nous entendons que la variation est monotone entre
ces trois positions, tandis que par " bosse " (resp. " creux "), nous entendons que la valeur
centrale est supérieure (resp. inférieure) aux deux autres positions.

Pour lŠidentiĄcation des chocs, les densités et pressions totales doivent augmenter.
Cependant, pour les chocs fast, le saut de densité est faible par rapport au saut de pression
totale. Dans certains cas, lŠincertitude sur la position du post-choc pourrait conduire à une
non-identiĄcation si la relaxation de la pression post-choc à celle du milieu ambiant est
assez rapide. CŠest pourquoi nous ne considérons pas lŠaugmentation de la densité comme
un critère Ąable pour lŠidentiĄcation dŠun choc fast. Les chocs slow sont le cas inverse, le
saut de pression total est faible par rapport au saut de densité. Nous nŠincluons donc pas
le critère de la hausse de pression totale pour les identiĄer.

Les proĄls qui nŠentrent dans aucune des catégories sont marqués comme non identiĄés.

IV.3.4 Critères sur la décomposition en ondes

Nous complétons maintenant ces critères heuristiques en utilisant la méthode de dé-
composition par gradient décrite dans la section IV.2.2. La décomposition par gradient
est une autre méthode permettant de caractériser localement la nature des variations des
variables dŠétat du gaz à travers les discontinuités. LŠutilisation de cette technique sur les
proĄls analytiques de chocs fast et slow isothermes 1D (tels que calculés dans la section
III.2.2, partie III.2.2.1) nous montre quŠils se décomposent presque purement en ondes
magnétosoniques respectivement fast et slow. Nous nŠavons pas dŠinformation préalable
sur la décomposition en ondes des discontinuités dŠAlfvén, mais nous trouvons que les
proĄls correspondant à nos critères heuristiques pour les discontinuités dŠAlfvén donnent
deux cas exclusifs : soit ils se décomposent principalement en ondes intermédiaires, soit
ils se décomposent principalement en ondes magnétosoniques slow (autrement dit ces
gradients ne sont jamais dominés par lŠonde fast).

Pour le cas spéciĄque dŠune inversion de champ magnétique transverse (cŠest-à-dire
que les champs magnétiques transversaux sont opposés lŠun à lŠautre sur les faces pré-
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et post- du proĄl), nous constatons quŠil y a deux façons possibles de passer dŠun côté
à lŠautre : on peut tourner de façon continue jusquŠà atteindre lŠangle π, ou on peut
utiliser une trajectoire coplanaire en réduisant le champ jusquŠà ce quŠil disparaisse, puis
en lŠétendant dans lŠautre direction. Ces deux situations ne peuvent pas être distinguées à
partir des seules valeurs de pré et post-discontinuité. La différence réside dans la structure
interne de la discontinuité elle-même, avec dans un cas une rotation (qui présente une
décomposition du gradient dominée par des ondes intermédiaires) et dans lŠautre cas une
variation co-planaire du champ magnétique transverse (pour laquelle nous trouvons une
décomposition du gradient dominée par des ondes magnétosoniques slow).

Pour chaque scan, nous estimons donc le poids relatif de chaque type de décomposition
en ondes pures, moyenné sur le scan, comme suit

Fs,i,f =

∫ xpost

xpre
dx
[

(ˆ⃗eR
s,i,f .∂⃗̂x

W⃗ )2 + (ˆ⃗eL
s,i,f .∂⃗̂x

W⃗ )2
]

∫ xpost

xpre
dx♣♣∂⃗̂x

W⃗ ♣♣2
(IV.9)

où les indices s, i, f sont pour slow, intermédiaire ou fast. x est la position le long de lŠaxe
de scan. xpre et xpost sont respectivement les positions avant et après la discontinuité. On
note que Fs + Fi + Ff = 1 2.

Nos critères dŠidentiĄcation prennent en compte la concordance entre la méthode heu-
ristique et la méthode de décomposition par gradient dŠonde pure. Nous déĄnissons donc
comme identiĄées uniquement les structures qui montrent un accord entre les méthodes
selon ces critères :

1. Choc fast : H1 et gradients à dominante fast (Ff > Fs et Ff > Fi)

2. Choc slow : H2 et gradients à dominante slow (Fs > Ff et Fs > Fi)

3. Discontinuité rotationnelle : H3 et gradients à dominante intermédiaire (Fi >
Ff et Fi > Fs)

4. Nappe de Parker (“Parker sheet” en anglais) : H3 et gradients slow dominants
(Fs > Ff et Fs > Fi).

Des exemples typiques de proĄls des quatre types dŠévénements dissipatifs que nous ren-
controns sont présentés sur la Ągure IV.7. Pour certains proĄls, le poids dominant des
ondes ne correspond pas au type heuristique : nous les signalons comme mal identiĄés.

IV.3.5 Stratégie de scan

Nous examinons chaque structure de dissipation connectée une par une. Nous tri-
ons les cellules dŠune structure donnée par planéité décroissante (ℓ⊥1/ℓscan) pour obtenir
lŠidentiĄcation la plus Ąable : les cellules les plus planes sont scannées en premier. Pour
éviter le chevauchement des domaines dŠintégration et gagner du temps de calcul, une fois
quŠun scan a été identiĄé, nous retirons les cellules qui lŠentourent des autres cellules à
identiĄer : nous enlevons toutes les cellules qui appartiennent à un parallélépipède rec-
tangle, dont les faces carrées sont orthogonales à lŠaxe de scan et ont une longueur de côté
de 20 cellules. Nous examinons ensuite la cellule suivante la plus plane dans le reste de

2. Techniquement, lorsque la composante ∂xBx est présente dans le calcul du gradient, il peut arriver
que la somme soit < 1 si les gradients ne sont pas purement 1D. En réalité, nous éliminons cette composante
du gradient de sorte que la somme fait effectivement 1.
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la structure, jusquŠà ce que nous ayons épuisé toutes les cellules de cette structure. Une
fois que nous avons considéré toutes les structures disponibles dans le domaine de calcul,
nous avons une liste de scans avec leur identiĄcation.

IV.3.6 Identifications ratées

En utilisant ces deux ensembles de critères assez indépendants, nous avons biaisé
nos identiĄcations vers plus de faux négatifs et moins de faux positifs. Ainsi, il reste de
nombreux scans mal identiĄés parce quŠils ne correspondent à aucun de nos critères heuris-
tiques (scans non identiĄés) ou parce que les deux ensembles de critères ne correspondent
pas (scans mal identiĄés). Nous énumérons ici certaines des raisons pour lesquelles nos
critères dŠidentiĄcation peuvent manquer une fraction signiĄcative des scans.

Les principaux coupables sont les scans "de bord". Ce sont des scans à la périphérie des
structures où la direction principale du gradient est moins bien déĄnie et où la direction
de scan est donc moins pertinente. Par exemple, la direction de scan nŠest pas pertinente
dans le cas des petites structures en forme de Ąlaments observées sur les Ągures IV.1 et
V.9, où les scans entrent probablement au moins dans la catégorie des scans mal déĄnis.
De plus, lorsque deux structures sont trop proches lŠune de lŠautre, la partie heuristique
de lŠidentiĄcation est confuse, car les bosses ou les sauts sont moins bien déĄnis. Notez que
la décomposition en ondes souffre moins des structures adjacentes, car elle nŠest sensible
quŠà lŠéchelle de la cellule. Certaines des non-identiĄcations pourraient également être
dues à la présence de chocs intermédiaires (voir la section IV.3.7 ci-dessous) mais nous
pensons quŠelles ne représentent probablement quŠune petite fraction.

Étant donnée la forte corrélation entre nos deux ensembles de critères dŠidentiĄcation
(heuristique et ondes pures), on pourrait suggérer dŠutiliser uniquement la décomposition
en ondes pures pour augmenter considérablement le taux dŠidentiĄcation. Nous attein-
drions ainsi 100% dŠidentiĄcation, mais nos résultats seraient alors sujets à caution, et
seraient biaisés vers les faux positifs. En effet, il faudrait restreindre cette décomposition
en onde pure aux cellules les plus planes où lŠapproche par gradient a du sens. De plus,
nous savons que les chocs slow et les nappes de Parker ont la même décomposition, il serait
donc encore nécessaire dŠutiliser des critères supplémentaires sur, par exemple, la varia-
tion de la densité pour les distinguer. EnĄn, nous classerions mal les chocs intermédiaires
lorsquŠils apparaissent.

IV.3.7 Considérations sur les chocs intermédiaires

Si des chocs intermédiaires sont présents dans nos simulations, nos critères heuristiques
les manqueraient volontairement, et ils tomberaient dans la catégorie non identiĄée. En
effet, ces chocs ont un saut de densité et un saut de pression totale, mais présentent
souvent un creux de champ magnétique transverse, car celui-ci peut sŠannuler sur la
structure. Nous avons choisi de ne pas ajouter ce critère ici car nous nŠaurions pas eu un
critère indépendant sur les gradients pour consolider ce critère heuristique. Cela pourrait
être une raison pour laquelle nous obtenons moins dŠidentiĄcation dans le cas OT aux
premiers temps, qui semble plus enclin à générer des chocs. Nous avons en effet tenté de
cibler les chocs intermédiaires, et avons trouvé quelques cas convaincants (par exemple
IV.8). Cependant, lŠincertitude sur notre estimation de la vitesse de propagation de ces
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Fig. IV.10 Le panneau de gauche de cette Ągure montre lŠinterface entre les
régions à lŠaide dŠun contour grisé de densité 20% au-dessus de la densité mini-
mum (dans la région 2 de basse densité). Ce cliché se situe un temps dŠévolution
signiĄcatif après la situation initiale, et on distingue dŠautres chocs générées par
les discontinuités induites aux limites du domaine de calcul par nos conditions
aux bords périodiques. Sur le panneau de droite, un proĄl des gradients ren-
contrés lors de la traversée des deux interfaces est réalisé qui affiche la densité
(trait plein noir) la norme totale du gradient (tirets noirs), et les contributions
de la décomposition en gradients fast (bleu), intermédiaire (vert) et slow (rouge).
CŠest le choc fast (interface entre les régions 2 et 3) qui est de biais par rapport
à la grille de calcul.

Fast oblique ρ ρux ρuy ρuz Bx/
√

4π By/
√

4π Bz/
√

4π

Région 1 26.039 100.212 25.822 0 -1.125 -0.244 0
Région 2 1 2.887 2.887 -2.887 1.125 1.125 0
Région 3 4.936 5.728 5.728 2.791 3.339 3.339 4.428

Table IV.1 Ű Table des valeurs dŠétat du gaz dans nos trois régions pour le choc fast
oblique isotherme. Les valeurs sont adimensionnées comme dans nos simulations (cf.
III.3.1).

Slow oblique ρ ρux ρuy ρuz Bx/
√

4π By/
√

4π Bz/
√

4π

Région 1 4.547 30.8638 7.821 -13.128 1.125 6.311 0
Région 2 1 2.887 2.887 -2.887 1.125 1.125 0
Région 3 21.834 44.825 44.825 -63.371 0.907 0.907 -0.436

Table IV.2 Ű Table des valeurs dŠétat du gaz dans nos trois régions pour le choc slow
oblique isotherme. Les valeurs sont adimensionnées comme dans nos simulations (cf.
III.3.1).
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Fig. IV.11 Même Ągure quŠen Ągure IV.10 mais cŠest à présent lŠinterface du
slow choc qui est de biais (entre les régions 2 et 3) par rapport à la grille de
calcul. Ce cliché se situe à un temps plus court que pour la Ągure précédente.

La région centrale (2) est un pré-choc commun aux deux chocs, les régions (1) et (3)
correspondent respectivement au post-shock dŠun shock slow et dŠun shock fast (voir
Ągure IV.9) ou inversement. Nous avons bien sûr recalculé les valeurs pour les adapter à
notre situation de MHD isotherme (voir les tableaux IV.2 et IV.1 pour les cas où cŠest
respectivement le choc slow ou fast qui est oblique par rapport à la grille). On laisse
ensuite évoluer la simulation quelques temps, puis on calcule les gradients sur tout le
domaine et on les décompose. On examine alors les proĄls de ces gradients au travers des
deux chocs (voir Ągure IV.10 pour le cas où le choc fast est de biais). On constate que la
nature des chocs est très bien identiĄée par la décomposition en gradients. Le choc fast
lorsquŠil est de biais acquière une petite contribution slow cependant. Dans le cas où le
choc fast est droit par rapport à la grille de calcul (voir Ągure IV.11) cette contribution est
absente (bien que les Ągures montrent deux temps différents, nous avons vériĄé quŠelle est
toujours absente pour le même temps dŠévolution). Le choc slow quant à lui est purement
slow quelle que soit lŠorientation de la grille, conformément à nos calculs 1D. Les chocs
fast sont donc plus sensibles à lŠorientation de la grille que les slow, mais cette orientation
joue somme toute assez peu.

Nous nŠavons pas cherché à réaliser de tests pour les chocs intermédiaires ni pour les
discontinuités rotationnelles faute de modèle simple 1D pour les tester. Nous aurions sans
doute pu et dû tester les nappes de Parker pour lesquelles des modèles 1D existent, mais
pour lesquels nous avions moins dŠexpertise. Nous espérons que la communauté de calcul
des plasmas aura à cœur de réaliser ces expériences.



Version 28 juin 2022, 12:41

IV.5 Validation des identifications 75

IV.5 Validation des identifications

Les relations de Rankine-Hugoniot (RH) expriment les conditions de saut à travers les
discontinuités dans leur référentiel stationnaire (Macquorn Rankine, 1870). Les relations
RH sont valables dans une situation très spéciĄque où le Ćuide est stationnaire, avec
une symétrie parallèle au plan et des conditions homogènes de part et dŠautre dŠune
discontinuité. Rien ne semble a priori plus éloigné que nos simulations de turbulence
développée. Néanmoins, nous voulons vériĄer si notre identiĄcation de structures permet
de récupérer certaines des propriétés attendues des relations RH. Si elles se vériĄent,
cela donnerait plus de poids aux critères de sélection que nous avons conçus, et cela
généraliserait à la MHD 3D les résultats de Lesaffre et al. (2020) qui ont trouvé que dans
la turbulence non magnétisée en décroissance 2D, des chocs en régime permanent 1D
pouvaient être utilisés pour modéliser les structures dissipatives les plus fortes.

Nous présentons les relations de RH dans la sous-section II.3.1, que nous avons fait
suivre par une analyse de ce que ces relations pouvaient nous apprendre sur les différentes
familles de discontinuités permises en MHD isotherme. Dans notre étude, nous prenons
n⃗ = ˆ⃗rscan, qui contient la plupart du gradient pour les cellules hautement dissipatives (voir
Ągure IV.5). En dŠautres termes, lŠhypothèse plan-parallèle qui sous-tend les relations RH
est bien vériĄée pour les régions dissipatives les plus intenses. Pour faciliter la lecture, on
rappelle dans les paragraphes suivants les propriétés des discontinuités prédites par les
relations de RH dans la sous-section II.3.2.

À travers la discontinuité, la vitesse du Ćuide passe dŠau-dessus à en dessous dŠune
vitesse caractéristique Ąxée par les trois vitesses dŠondes linéaires MHD (cR

s,i,f , voir section
IV.2.2). Cela conduit à la classiĄcation traditionnelle des régimes de vitesse MHD Delmont
et Keppens (2011), où les chiffres désignent les états amont et aval, et un = u⃗.n⃗ :

Ů régime 1- super-fast un ≥ cR
f .

Ů régime 2- subfast/super-alfvénic cR
i ≤ un ≤ cR

f

Ů régime 3- sub-alfvénic/superslow cR
s ≤ un ≤ cR

i

Ů régime 4- subslow un ≤ cR
s

Le type de discontinuité est désigné par i → j, où i ≥ j. Ces types de discontinuité
présentent un comportement différent pour les champs magnétiques transverses :

Ů les types 1 → 2 sont des chocs fast. Le champ magnétique est réfracté loin de
la normale au choc, ce qui donne lieu à une augmentation du champ magnétique
transverse.

Ů les types 3 → 4 sont des chocs slow. Le champ magnétique est réfracté vers la
normale au choc, ce qui entraîne une diminution du champ magnétique transverse.

Ů les types 1 → 3, 1 → 4, 2 → 3, 2 → 4 sont des chocs intermédiaires. La composante
normale au choc du champ magnétique change de signe.

Ů les types 2 = 3 → 2 = 3 sont appelés discontinuités dŠAlfvén ou discontinuités
de rotation. La norme du champ magnétique transverse reste inchangée, mais sa
direction tourne dans le plan parallèle à la discontinuité.

Les proĄls de densité et de pression totale présentent également des signatures diffé-
rentes. Dans les trois premiers cas, ces proĄls sont des sauts dont lŠamplitude dépend des
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Fig. IV.12 Simulation OT Pm = 1 près du pic de dissipation (au temps
t = 1/3tturnover). Hodogramme dans lequel le champ magnétique pré-choc est
normalisé et tourné de sorte que B̃⊥1 = 1 et B̃⊥2 = 0. Le champ magnétique
post-choc est tracé en fonction de cette rotation et de cette normalisation. Les
points rouges indiquent les chocs fast, les bleus les chocs slow, les verts les discon-
tinuités rotationnelles et les cyans les nappes de Parker. À droite, le graphique
supérieur est la fonction de densité de probabilité du nombre de points bleus du
graphique de gauche. Le tracé inférieur droit est celui des points rouges. La ligne
pointillée est le cercle de rayon unitaire qui sépare les discontinuités où le champ
magnétique transverse augmente (à lŠextérieur du cercle) et celles où il diminue
(à lŠintérieur du cercle).

paramètres du choc. Dans le cas des discontinuités dŠAlfvén, ces quantités doivent être
identiques de part et dŠautre de la discontinuité.

IV.5.1 Champ magnétique transverse

Chaque type de discontinuité Rankine-Hugoniot (RH) présente une signature diffé-
rente dans lŠévolution du champ magnétique transverse de la pré à la post discontinuité.
Nos critères heuristiques pour identiĄer les structures avec des proĄls 1D utilisent unique-
ment la norme du champ magnétique transverse. Nous examinons maintenant le compor-
tement de la direction du champ magnétique pour vériĄer sa cohérence avec les relations
RH, et nous traçons chaque structure sous la forme dŠun hodogramme 3. Nous normali-
sons le champ magnétique pré-discontinuité et faisons pivoter notre référentiel de sorte
que chaque scan ait le même point de départ. Nous examinons donc uniquement les va-
riations relatives de la norme et de lŠangle du champ magnétique transverse par rapport
à son entrée dans la discontinuité. Nous déĄnissons :

3. De même quŠun hodographe représente les lieux des vecteurs vitesse, nous entendons par hodogramme

un diagramme qui représente les lieux des vecteurs champ magnétique
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Fig. IV.13 ABC Pm = 1 run near dissipation peak (at time t = 1/3tturnover).
Le graphique de gauche est identique à celui présenté sur la Ągure IV.12. Le
graphique en haut à droite montre le nombre de points PDF pour les nappes de
Parker. Le tracé en bas à droite concerne les discontinuités rotationnelles.



B̃⊥1

B̃⊥2



=
1

♣B⃗⊥,pre♣2



B⊥1,pre B⊥2,pre

−B⊥2,pre B⊥1,pre



B⊥1,post

B⊥2,post



(IV.10)

où B⃗⊥ = (B⊥1, B⊥2) est le champ magnétique transverse dans le référentiel déĄni
par la méthode du gradient local (section IV.2.1). La matrice de rotation et le coefficient
de normalisation appliqués au champ magnétique ne dépendent que des composantes
du champ magnétique avant discontinuité dans ce référentiel. Il apparaît dans lŠéquation
(IV.10) que si le champ magnétique transverse dans la région pré-choc est nul, ♣B⃗⊥,pre♣ = 0,

alors le vecteur


B̃⊥1, B̃⊥2

)

est rejeté à lŠinĄni. En pratique on ne sŠattend pas à ce que

♣B⃗⊥,pre♣ soit strictement nul, mais quŠil soit suffisamment faible pour rendre lŠaffichage
de lŠhodogramme illisible. Pour surmonter cette difficulté, nous imposons quŠaucune des
composantes de ce vecteur ne soit, en valeur absolue, supérieur à 4.1 (valeur arbitraire).
LŠautre composante étant réduite dans les mêmes proportions, de manière à ce que lŠangle
de rotation du champ magnétique transverse soit préservé.

On rappelle ici quelques résultats obtenus à la section II.3.2. Dans ce qui suit, lŠindice
n fait référence à la composante orthogonale au plan de discontinuité, Bn = B⃗ · n⃗ pour le
champ magnétique et un = u⃗ · n⃗ pour le champ de vitesse.

Les discontinuités dŠAlfvén sont caractérisées par un ̸= 0 et [ρ]post
pre = 0, donc lŠéqua-

tion (II.83) conduit à [un]post
pre = 0. LŠéquation (II.84) de conservation du Ćux de quantité

de mouvement dans la direction normale donne alors
[

B2
⊥

]post
pre = 0. La norme du champ

magnétique transverse est donc conservée, ce qui aura pour conséquence, avec la nor-
malisation que nous avons choisie, de maintenir les discontinuités dŠAlfvén sur le cercle
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B̃⊥ =
√

B̃2
⊥1 + B̃2

⊥2 = 1.

Nous avons déĄni section II.3.2 les chocs comme étant caractérisés par un écoulement
de Ćuide à travers la discontinuité, un ̸= 0, et un saut de densité non nul, [ρ]post

pre ̸= 0. Nous
avons montré, dans cette même section, que ceci implique que les champs magnétiques
avant et après le choc doivent être colinéaires. Sur un hodogramme, avec la normalisation
et la rotation que nous appliquons à notre champ magnétique post-discontinuité (voir
lŠéquation (IV.10)), tous les chocs doivent rester à B̃⊥2 = 0. Alors que B̃⊥1 > 1 pour les
chocs fast, 0 < B̃⊥1 < 1 pour les chocs slow et B̃⊥1 < 0 pour les chocs intermédiaires.

Les Ągures IV.12 et IV.13 présentent des hodogrammes pour des conditions initiales
OT et ABC respectivement. Les deux PDF de la Ągure IV.12 montrent que la grande
majorité des points se regroupent effectivement autour de lŠaxe horizontal, où les relations
RH prédisent que les chocs fast et slow devraient se trouver. Les chocs fast individuels
qui semblent très éloignés de la coplanarité correspondent à des chocs switch-on, un cas
limite de chocs fast, où le champ magnétique transverse pré-choc est nul : la normalisation
que nous avons introduite par rapport au champ pré-choc envoie les champs magnétiques
post-choc à lŠinĄni. Une discussion plus détaillée de ce cas particulier est présente section

IV.5.3.2. Néanmoins, la propagation Ąnie le long de lŠaxe ⃗̃B⊥2 pour les chocs slow et fast
est une indication quŠil existe des déviations des relations 1D RH. Nous conjecturons que
lŠorigine de cette divergence est due à la violation de la conservation du Ćux de masse 1D
pour un grand nombre de scans. Cela peut provenir dŠune fuite de matière dans le plan
du choc (petites déviations par rapport au cas plan-parallèle pur) et/ou de la difficulté de
sonder avec précision la conservation du Ćux de masse par rapport à dŠautres quantités,
comme indiqué dans la section III.2.2.

Le deuxième hodogramme dans le cas ABC (Ągure IV.13) met en évidence les nappes
de Parker (points cyan) et les discontinuités rotationnelles (points verts). Comme pour
la Ągure IV.12, leurs PDF 2D se comportent comme prévu à partir des relations RH :
la norme du champ magnétique transverse reste inchangée entre le pré et le post-choc,
seule la direction du champ change. Comme les nappes de Parker sont dominées par
des gradients dŠondes slow, qui sont coplanaires, ils sont donc contraints dŠeffectuer une
rotation complète de π du champ transverse, ce quŠon constate effectivement sur les
PDF. Un résultat surprenant mis en évidence par les PDF est le manque dŠoccurrences
de discontinuités rotationnelles pour de telles rotations complètes de π : les inversions du
champ magnétique transverse se produisent principalement par des structures coplanaires
(que nous appelons nappes de Parker) plutôt que par des discontinuités rotationnelles. Les
discontinuités rotationnelles ne présentent également aucun angle de rotation inférieur à
π/2. Ceci est sans doute un effet du seuil que nous appliquons dans notre méthode de
détection des structures à forte dissipation. Les structures avec une rotation plus faible
du champ magnétique transverse se dissipent moins, et nous ne les détectons pas (nous
avons vériĄé que nous voyons des angles plus petits en abaissant ce seuil à deux écarts
types au-dessus de la moyenne au lieu de quatre). Pour Ąnir le panneau en bas à droite de
la Ągure IV.13 laisse paraître une légère asymétrie entre les angles positifs et négatifs, qui
correspond sans doute à lŠhélicité magnétique non nulle dans ce cas (ABC). On argumente
sur le lien entre sens de rotation du champ magnétique transverse et hélicité magnétique
dans la section V.8.

Il existe également des différences importantes entre les conditions initiales ABC et
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OT concernant la distribution des identiĄcations des différents scans dans les premiers
temps. Ces différences seront discutées dans la section V.1.

IV.5.2 Estimation de la vitesse

En principe, les régimes de vitesse pré et post discontinuité forment un unique critère
pour caractériser les types de discontinuité. Néanmoins, pour les estimer, nous devons
dŠabord déterminer le référentiel co-mobile de la discontinuité avec une précision suffisante.
Nous comparons trois méthodes indépendantes pour le déterminer :

Ů Conservation du flux de masse : Pour établir le référentiel stationnaire dans
lŠalgorithme SHOCKFIND, Lehmann et al. (2016) on injecte un = uscan − uref dans
lŠéquation (II.83) pour trouver

uref =
uscan,post − ρpre

ρpost
uscan,pre

1 − ρpre

ρpost

(IV.11)

où uref est la vitesse de déplacement de la discontinuité dans le référentiel du domaine
de calcul. Notez que lorsque le contraste de densité est faible, le dénominateur
devient nul, ce qui rend cette estimation sujette à de grandes erreurs. De plus,
lorsquŠun Ćux de masse transverse est présent, lŠestimation de la vitesse résultante
est biaisée (vers les plus hautes vitesses lorsque le Ćux de masse diverge dans la
surface de la discontinuité).

Ů Référentiel le plus conservateur : Nous utilisons toutes les autres relations
de conservation. Nous introduisons dŠabord la vitesse de déplacement uref avec le
changement de référentiel ũn = uscan − uref . Ensuite, nous considérons la somme
des normes au carré des membres de gauche des équations (II.84), (II.91) et (II.90).
Lorsque uref est effectivement la vitesse de la discontinuité par rapport au gaz, cette
somme devrait être nulle car toutes les relations de conservation seront vériĄées.
Nous estimons donc uref comme la vitesse qui minimise cette somme dŠerreurs.
Notez que nous ommettons la conservation de la masse (II.83) dans cette somme,
à cause de la fuite de masse à travers la surface de travail des discontinuités qui
rendrait moins précise lŠestimation résultante. Cette méthode est inspirée dŠune
technique plus générale décrite dans Lesaffre et al. (2004b) pour calculer le référentiel
stationnaire local dans les simulations 1D multiĆuides.

Ů Référentiel stationnaire des ondes : Nous utilisons la vitesse de propagation
de lŠonde la plus représentative donnée par la décomposition du gradient au niveau
du pic de dissipation (voir section IV.2.2). Les décompositions en ondes slow et fast
sont toujours des ondes pures allant vers la droite ou vers la gauche. On choisit alors
simplement la vitesse au pic de dissipation correspondant à cette onde. Par contre,
pour les ondes intermédiaires, elles sont souvent de droite dŠun côté et de gauche de
lŠautre. Dans ce cas, on prend la vitesse moyenne pondérée par la force de lŠonde de
droite et de lŠonde de gauche correspondantes (les deux vitesses moyennes sŠavèrent
généralement petites).

Sur la Ągure IV.14, nous comparons la vitesse du Ćuide entrant dans la discontinuité
par le côté pré-choc (ũscan,in = uscan,pre − uref), dans le référentiel établi avec ces trois
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Fig. IV.14 Comparaison entre différentes méthodes pour accéder à la vi-
tesse du gaz entrant dans la discontinuité dans son référentiel co-mobile.
ũscan,in [Massconservation] est la vitesse dŠentrée du gaz dérivée comme dans
SHOCKFIND (par simple conservation de la masse). ũscan,in [Wave] est la vitesse
dŠentrée du gaz dérivée du référentiel stationnaire des ondes (voir la sous-section
IV.5.2). Et enĄn pour ũscan,in [Mostconservative], la vitesse dŠentrée du gaz est
déterminée dans le référentiel qui minimise la violation de toutes les relations de
conservation des Ćux, à lŠexception du Ćux de masse.
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méthodes. Sur le graphique du haut, on remarque que la méthode de conservation du
Ćux de masse est incompatible avec la méthode du référentiel dŠonde stationnaire pour
les discontinuités rotationnelles et les nappes de Parker et dans une moindre mesure
pour les chocs fast. CŠest naturel pour les discontinuités dŠAlfvén, en raison du faible
contraste de densité qui annule le dénominateur dans lŠestimation de la conservation du
Ćux de masse. Pour les chocs, lŠinexactitude encourue par la conservation du Ćux de
masse pourrait être due à la difficulté dŠévaluer la conservation de masse par rapport à
dŠautres quantités, comme indiqué dans la sous-section III.2.2 (partie III.2.2.6). Mais elle
est plus probablement due à un véritable Ćux de masse qui se produit dans la couche
dissipatrice de la discontinuité, transversalement à la direction de propagation. La Ągure
IV.15 illustre clairement ce phénomène : les lignes de courant convergent ou divergent dans
le plan (r⃗⊥1, r⃗⊥2) (voir la dernières rangées de graphes). Ce phénomène était connu pour
les nappes de Parker, où les Ćux convergents orthogonaux aux zones de reconnexion sont
équilibrés par les Ćux divergents dans le plan de la feuille de courant. Cependant, le fait
que ce phénomène soit également présent pour les chocs et les discontinuités rotationnelles
est une découverte. Dans le cas des chocs, nous pensons que cela fournit le mécanisme
qui permet la relaxation de la pression post-choc vers celle du milieu ambiant : le fait que
lŠestimation SHOCKFIND pour les chocs soit biaisée vers des valeurs plus élevées suggère
une perte de masse dans la direction transversale à la surface de travail (ou des lignes de
courant divergentes, à lŠopposé du cas montré dans la Ągure IV.15, pour laquelle il faut
cependant noter que les vitesses sont vraiment petites de sorte que cette perte de masse
est presque insigniĄante).

Le panneau inférieur de la Ągure IV.14 montre un accord relativement bon entre
les deux autres méthodes indépendantes. Cependant, le référentiel dŠonde stationnaire a
tendance à donner des vitesses légèrement supérieures pour les chocs fast et légèrement
inférieures pour les chocs slow. Pour les discontinuités dŠAlfvén, lŠaccord est optimal,
aucun biais nŠest observé. Nous choisissons dŠutiliser le référentiel dŠonde stationnaire
dans la suite, car il donne des régimes de vitesse pré et post plus cohérents avec la nature
RH des discontinuités, que nous allons maintenant vériĄer.

IV.5.3 Régimes de vitesse

Avec le référentiel approprié, nous pouvons maintenant étudier les transitions de ré-
gime de vitesse. AĄn de représenter les états amont et aval pour tous les scans identiĄés,
nous plaçons chaque scan sur un diagramme où chaque régime de vitesse occupe le même
espace : super-fast(1) ou sub-fast/super-alfvénique(2) ou sub-alfvénique/superslow(3) ou
subslow(4). Nous déĄnissons à cet effet la variable ûscan, par une renormalisation de ♣ũscan♣
suivant le régime de vitesse dans lequel on se trouve :

1 → ûscan = 3 + ♣ũscan♣ − cR
f , (IV.12)

2 → ûscan = 2 +
♣ũscan♣ − cR

i

cR
f − cR

i

, (IV.13)

3 → ûscan = 1 +
♣ũscan♣ − cR

s

cR
i − cR

s

, (IV.14)
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Fig. IV.16 Diagramme de transition des régimes de vitesse. La Ągure de gauche
est pour ABC et celle de droite pour OT (Pm = 1), toutes deux proches du pic
de dissipation. Pour chaque scan, nous calculons les vitesses slow, intermédiaires
et fast avant et après le choc. Nous comparons les vitesses du Ćuide à ces vitesses
caractéristiques dans le référentiel de lŠonde stationnaire. Nous normalisons les vi-
tesses selon le régime pré et post-choc en suivant les équations (IV.12) à (IV.15).
LŠaxe X représente le régime pré-choc et lŠaxe Y le post-choc. Ainsi, chaque type
de discontinuité, dans la classiĄcation classique des discontinuités MHD, appar-
tient à une boîte. Les isocontours en lignes pleines et en pointillés sont calculés
pour les deux types de proĄl les plus représentés. Les zones à lŠintérieur des
contours délimitent la zone la plus dense où se trouvent, respectivement, 70%
(noir) et 50% (orange) des points.

IV.5.3.1 Les chocs

Les chocs fast et slow sont attendus dans les régions respectives 1 → 2 et 3 → 4.
Le diagramme à droite de la Ągure IV.16 montre les résultats pour la simulation avec
les conditions initiales OT. Comme la densité de points rend les distributions difficiles
à apprécier dans les régions les plus denses, nous calculons également des PDF 2D pour
les chocs, que nous utilisons pour mettre en évidence les contours à la valeur du pixel
médian (lignes orange) et du troisième décile. Les scans identiĄés comme des chocs fast
sont situés dans la région attendue pour la plupart, identiĄés comme des discontinuités
1 → 2. Et la distribution des scans identiĄés comme des chocs slow sont en effet des
discontinuités de 3 → 4. Cependant, nous remarquons que les chocs slow ont souvent
des vitesses négatives en dehors du choc (non montré). Nous pensons que cela reĆète
le fait que lŠétat post-choc est affecté par la perte de masse dans le plan du choc. La
détermination du référentiel stationnaire par la méthode "la plus conservatrice" donne
des vitesses post-choc plus positives (cohérentes avec les vitesses pré-chocs plus faibles
comme on le voit sur la Ągure IV.14, panneau du bas).
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feuille de courant (∆) et de la résistivité (diffusivité magnétique) :

Vin ≃ η

∆
. (IV.19)

Dans notre cas, on approximera lŠépaisseur de la feuille de courant par lŠéchelle locale
de variation de la dissipation ℓε présentée section IV.3.2. On présente Ągure IV.22 le nuage
de points qui teste cette hypothèse, qui semble conĄrmée par la régression linéaire calculée
sur ces donnés. Ce résultat indique que les discontinuités rotationnelles et les nappes de
Parker sont bien des sites de reconnexion magnétique où la vitesse de reconnexion procède
comme dans le modèle de Parker.

IV.5.4 Conclusion

Malgré quelques incertitudes liées à la courbure et à des Ćots convergents vers la
surface de travail, nous montrons que nous pouvons donner un certain sens physique à
lŠidentiĄcation de nos structures, proche de la catégorisation classique par les relations de
Rankine-Hugoniot.

La correspondance entre nos critères dŠidentiĄcation et les régimes de vitesse pré et
post-discontinuité dépend de la méthode de détermination du référentiel dans lequel la
structure est stationnaire. Nous avons testé nos trois méthodes, et nous avons trouvé que
les vitesses du référentiel stationnaire obtenues à partir de la décomposition des ondes
donnent la meilleure cohérence entre les natures identiĄées et la transition de régime de
vitesse attendue pour chaque type de structure.

Nous avons donc à présent en main des méthodes pour isoler des structures connexes,
caractériser localement la géométrie des gradients des quantités physiques et décomposer
nos structures en scans que nous identiĄons nature par nature. Nous allons à présent
examiner les statistiques de ces scans et tenter de les relier à la dissipation.



Version 28 juin 2022, 12:41

Chapitre V

Propriétés statistiques des structures
dissipatives

Dans cette section, nous utilisons nos méthodes dŠidentiĄcation pour extraire des ré-
sultats statistiques de notre ensemble de simulations. Nous étudions lŠimpact de certains
paramètres dŠentrée de nos simulations sur les structures de dissipation. Notre ensemble
est composé de simulations avec des nombres de Prandtl magnétique variés (Pm = ν/η
sŠéchelonne de 1 à 16 ), et deux conĄgurations différentes du champ de vitesse et du champ
magnétique (voir tableau III.1).

V.1 Impact des conditions initiales

Nous considérons ici lŠeffet des conditions initiales des simulations sur la nature des
structures formées. La Ągure V.1 montre les distributions des scans dŠidentiĄcation en
fonction du taux de dissipation moyen dans le volume sondé par chaque scan, et le tableau
V.1 résume ces résultats globalement sur tous les scans. Le pas de temps choisi pour les
deux graphiques de la moitié gauche de cette Ągure (ainsi que pour la moitié gauche du
tableau V.1) est de 1/3 du temps de retournement initial, peu après le pic de dissipation,
lorsque les premières structures de dissipation les plus intenses se forment. Le pas de
temps choisi pour le côté droit de la Ągure V.1 et du tableau V.1 est après un temps de
retournement.

Comme décrit dans la section III.3.1, nous utilisons deux types dŠécoulements ini-
tiaux, ABC et OT. La principale différence entre ces deux Ćots réside dans leurs hélicités
magnétiques et croisées (voir la sous-section III.3.1). Cela donne initialement des types
de structures très différents. Au début, OT est dominé par des chocs (principalement
des chocs fast) tandis quŠABC est dominé par des discontinuités dŠAlfvén (à la fois des
discontinuités rotationnelles et des nappes de Parker). Après un temps de retournement,
lŠimpact des conditions initiales sur la formation des structures dissipatives semble être
effacé. Le mécanisme de dissipation principal est celui des discontinuités rotationnelles et
des nappes de Parker pour ABC et OT.

Il est intéressant de noter que, pour les deux types de conditions initiales, aux temps
précoces et tardifs, la distribution des natures physiques des scans semble ne pas dépendre
de leur niveau de dissipation. Les scans à dissipation intense et les scans faibles présentent
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Nous considérons sur la Ągure V.2 les statistiques de ces Ćux de dissipation par nature
pour deux simulations correspondant à 5123 et 10243 pixels. On voit quŠelles correspondent
parfaitement, à lŠexception du bruit statistique qui entache les résultats à plus basse
résolution. En effet, nous identiĄons environ quatre fois moins de scans à basse résolution,
ce qui est une autre indication que nos structures de dissipation sont principalement des
structures bidimensionnelles.

Nous trouvons également que pour N = 512 et N = 1024, ℓε est de lŠordre de 1,5
pixels. Ceci est cohérent avec nos résultats sur les chocs 1-D dans la section III.2.2 quŠune
résolution deux fois plus faible donnerait un dépôt dŠénergie deux fois plus étendu dans la
direction de scan, tout en gardant sa valeur intégrée constante (grâce à notre méthode pour
récupérer la dissipation numérique). CŠest aussi une indication que le même comportement
est valable pour les discontinuités alfvéniques, ce qui nŠétait pas évident.

EnĄn, cŠest une première indication que la dynamique à grande échelle établit les
caractéristiques environnementales des discontinuités (les valeurs des variables dŠétat du
gaz de part et dŠautre de celles-ci), tandis que la microphysique (dissipation physique
et numérique) contrôle les proĄls internes de ces discontinuités. Nous allons voir une
deuxième indication de cette propriété en étudiant ce qui varie avec le nombre de Prandtl
dans la section V.3.

V.3 Impact du nombre de Prandtl magnétique

Un paramètre critique de la dissipation est le nombre de Prandtl magnétique, Pm =
ν/η, le rapport entre la viscosité cinématique ν et la diffusivité magnétique η (voir par
exemple Brandenburg et Rempel, 2019). Nous effectuons notre analyse statistique des
structures de dissipation sur des simulations avec une gamme de nombres de Prandtl
magnétiques, de Pm = 1 à Pm = 16 (voir tableau III.1). Comme expliqué dans lŠannexe
III.2.2, la dissipation numérique intrinsèque du schéma fait que le nombre de Prandtl
effectif est légèrement différent de celui utilisé comme paramètre dŠentrée. Grâce à des
solutions semi-analytiques (calculées dans la sous-section III.2.2, partie III.2.2.1) nous
sondons le nombre de Prandtl effectif de notre schéma dans des chocs MHD 1D. La
Ągure III.5 montre que pour les chocs de vitesse modérée (ou u0 ≤ 1), notre schéma est
déjà convergé alors que les vitesses de choc les plus élevées que nous trouvons dans les
simulations sont à u0 ≃ 5. Nous restons donc convaincus que le nombre de Prandtl effectif
dans nos simulations est globalement proche de celui dŠentrée, au moins en ce qui concerne
les chocs.

La Ągure V.3 montre les distributions dŠidentiĄcation OT et ABC pour les valeurs du
paramètre dŠentrée Pm = 1, 4 et 16 : le Prandtl magnétique ne semble pas avoir dŠimpact
sur la distribution des structures. La seule différence notable est une légère augmentation
du nombre de discontinuités rotationnelles au détriment des nappes de Parker pour les
conditions initiales ABC.

Il a été montré par Brandenburg et Rempel (2019) quŠune augmentation de Pm en-
traîne une augmentation de < ϵν > / < ϵη >, un résultat que nous conĄrmons et précisons
ici. SŠil nŠy a pas de différence statistique dans les distributions des structures à forte dis-
sipation, ce sont les différences de microphysique au sein de la couche de dissipation qui
doivent conduire à des différences de taux de dissipation. Sur la Ągure V.4, nous mon-
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le long de ˆ⃗r⊥1 ont des statistiques nettement différentes. Cela est dû à lŠorientation relative
entre la vitesse du Ćuide et la direction du champ magnétique le long du vecteur de scan.
LorsquŠils ont la même orientation (cŠest-à-dire Bscan = Bn > 0), les différences de vitesse
transverse ont le même signe que les différences de champ magnétique transverse (voir
lŠéquation (II.98)) : dans ce cas, les chocs fast et slow ont respectivement des différences
de vitesse positives et négatives. Pour les conditions initiales OT, lŠhélicité croisée positive
résulte dŠun alignement positif moyen entre la vitesse et les champs magnétiques, dŠoù
une différence de vitesse positive plus probable pour les chocs fast, ou négative pour les
chocs slow. Pour les conditions initiales ABC, lŠhélicité croisée moyenne est faible, ce qui
donne des statistiques plus symétriques.

V.6 Vers un taux de dissipation global

Précédemment (section V.1, par exemple), nous avons discuté des distributions rela-
tives de nos scans. Cependant, il est malheureusement difficile de les relier à la dissipation

globale dans le domaine de calcul, car les scans se concentrent sur les événements les plus
intenses.

Néanmoins, nous avons vu dans la section IV.1 que les pixels fortement dissipatifs
considérés dans cette étude (> 4σ) représentent une fraction importante (≃ 25% pour
ABC près du pic de dissipation et ≃ 30% pour OT) du taux de dissipation global du
pas de temps de simulation. Cependant, le taux de dissipation ne dépasse ce seuil que
près du pic de dissipation, de sorte que la dissipation dans un scan donné tient également
compte dŠune partie de la dissipation en dessous de ce seuil. Par conséquent, la fraction de
dissipation portée par nos scans doit être supérieure à ces fractions globales de dissipation.

De plus, si nous avions choisi un seuil plus bas pour identiĄer les structures, nous
aurions détecté des régions de plus faible dissipation, possiblement plus proches des bords
latéraux des structures de dissipation. Puisque les proportions dans les natures physiques
ne semblent pas dépendre de lŠintensité de la dissipation du scan, nous pourrions nous
attendre à trouver les mêmes proportions dans ces régions moins intenses. Par conséquent,
les fractions que nous mesurons actuellement pourraient sŠappliquer à une fraction plus
grande de la dissipation globale, bien quŠil soit difficile de lŠétablir (le chevauchement entre
les scans de structures voisines et le manque de planéité pour certains des scans les plus
faibles pourraient modérer les arguments ci-dessus). En particulier, la méthode des scans
seule ne nous permet pas dŠévaluer la composante diffuse de la dissipation, en dehors des
régions de dissipation intense.

V.7 Connexité des structures

Notre méthode identiĄe une grande majorité des scans que nous avons sondés dans
chaque simulation et pas de temps étudiés. Les critères dŠidentiĄcation des scans sont
volontairement maintenus stricts dans cette étude, dans le but de découvrir la base des
structures causant la dissipation dans le régime MHD isotherme compressible. Bien que
limités aux structures les plus pures, nous identiĄons une fraction signiĄcative de la dis-
sipation totale des simulations. Nous avons mentionné dans la section précédente V.6 la
difficulté de relier les taux de dissipation totale à la distribution de scan. Ici, nous tentons
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Fig. V.9 Structures à forte dissipation extraites dŠune simulation aux condi-
tions initiales OT à Pm = 1. Le pas de temps de cette sortie est t ≃ 1/3tturnover.

structures connectées connexes sont identiĄées par un seul type de scan et 80% ont plus
de 75% de leurs scans identiĄés par la même nature (voir Ągure V.9). Nous envisageons
donc de propager le type dominant dŠune structure connectée au reste de ses cellules. Cela
permet dŠéviter les effets de bord des structures et dŠaugmenter la fraction de dissipation
identiĄée. Le résultat est montré sur le graphe du bas de la Ągure V.8. Ce graphique
nous indique tout dŠabord que les structures connectées totalement non identiĄées, bien
que représentant en nombre une fraction importante des structures étudiées, participent
très peu à la dissipation totale du cube. Il sŠagit de petits événements fragmentés qui
comprennent également les petites structures en forme de Ąlaments visibles sur la Ągure
IV.1. Deuxièmement, on remarque que les scans non identiĄés appartiennent souvent à
des structures dominées par des discontinuités rotationnelles, sauf pour les simulations
OT à un moment précoce, où ils font parfois partie de chocs fast (voir Ągure V.9). Pour
les simulations ABC, jusquŠà environ 0,7 temps de retournement, la dissipation générée
par les nappes de Parker diminue légèrement au proĄt de celle produite par les disconti-
nuités rotationnelles (panneau inférieur droit de la Ągure V.8). Ceci implique que malgré
la grande homogénéité des identiĄcations au sein dŠune même structure, une part signiĄ-
cative des nappes de Parker se trouve au sein de structures formées par des discontinuités
rotationnelles (mais en occupe une faible fraction spatiale).

Nous avons également essayé de diminuer le seuil de détection des structures dissi-
patives à εcorr

tot =< εcorr
tot > +2σεcorr

tot
pour augmenter la fraction de la dissipation totale

identiĄée. Dans ce cas, le taux dŠidentiĄcation ne diminue que de quelques pour cent par









Version 28 juin 2022, 12:41

106 Chapitre V. Propriétés statistiques des structures dissipatives

notera encore lŠasymétrie vers les valeurs positives de εHc dans le cas OT : des conditions
initiales à hélicité croisée positive engendrent une destruction préférentielle de lŠhélicité
croisée dans les zones à forte dissipation. Dans une moindre mesure, on observe aussi une
légère asymétrie pour le cas ABC (Hm > 0) vers la destruction dŠhélicité magnétique
(εHm

>0) pour les zones de dissipation intense.
Ces résultats prennent tout leur sens lorsquŠon considère ces termes source/puits en

fonction de la nature des structures. On montre sur la Ągure V.11 les termes sources/puits
dŠhélicité magnétique et croisée moyen pour chacun des scans (même domaine dŠintégra-
tion que pour la dissipation dŠénergie) selon leur nature. Concentrons-nous dŠabord sur
lŠhélicité magnétique, dont la desctruction est commandée par le terme J⃗ ·B⃗. Par exemple,
la nature coplanaire des chocs slow et fast implique que le courant sera orthogonal au
champ magnétique : le terme source (équation V.6) est nul et donc lŠhélicité magnétique
est conservée dans ceux-ci. Ce raisonnement vaut aussi pour les nappes de Parker, par es-
sence coplanaires. Pour les discontinuités rotationnelles, la rotation du champ magnétique
autour de la direction du scan indique que le courant est le long de cette direction. Dans
le produit J⃗ · B⃗ cŠest donc seule la composante B⃗scan qui joue, or nous avons mesuré que
celle-ci est faible dans ces discontinuités. Le taux de variation de lŠhélicité magnétique est
donc faible dans les discontinuités rotationnelles, par opposition à nulle dans les chocs et
nappes de Parker. Sur la Ągure V.11, sur les panneaux du haut, on note effectivement que
lŠhélicité magnétique varie plus dans les discontinuités rotationnelles que dans les autres
types de structures. On note à nouveau lŠasymétrie vers les valeurs positives dans le cas
ABC, plus apparente sur lŠéchelle linéaire de ce graphique. LŠasymétrie de la variation de
lŠhélicité magnétique dans le cas ABC peut se relier à la polarisation (sens de rotation
du champ magnétique dans la direction de propagation) des discontinuités rotationnelles,
qui est sensible sur la Ągure IV.13 (panneau en bas à droite). La variation dŠhélicité est
donc faible ou nulle dans les discontinuités que nous avons identiĄées, et seuls les chocs
intermédiaires pourraient faire varier lŠhélicité magnétique de façon signiĄcative. Comme
nous avons vu que leur proportion est faible, on sŠattend donc à une bonne conservation
de lŠhélicité magnétique dans les régions de dissipation intenses.

Nous reproduisons sur la Ągure V.12 les taux de variation des hélicités moyennés sur
tout le domaine de calcul. On observe effectivement que le taux de variation de lŠhélicité
magnétique est très petit devant celui de lŠhélicité croisée, même dans le cas où lŠhélicité
croisée est initialement petite (cas ABC). Notez que nous nŠavons pas encore calculé les
hélicités magnétiques à différents pas de temps car celà nécessite de passer en Fourier
pour calculer le potentiel vecteur.

Dans un deuxième temps, regardons lŠhélicité croisée. Pour les structures planaires le
terme de source/puits de lŠhélicité croisée sŠécrit (dans le référentiel des gradients princi-
paux déĄni en section IV.2.1)

εHc
= 4π (η + ν) [∂scanB⊥1∂scanu⊥1 + ∂scanB⊥2∂scanu⊥2] . (V.7)

Pour les discontinuités rotationnelles, il est difficile dŠexploiter cette équation. En re-
vanche, pour les chocs et les nappes de Parker, la coplanarité implique que les variations
du champ magnétique et de la vitesse transverse se font dans un plan. lŠéquation précé-
dente devient donc

εHc
= 4π (η + ν) [∂scanB⊥∂scanu⊥] . (V.8)
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où u⊥ et B⊥ sont les normes des vitesses et champs magnétiques transverses. LŠéquation
de conservation du Ćux de moment transverse dans les chocs II.98 nous apprend que si les
sens du champ magnétique et de la vitesse dans la direction de scan sont identiques, alors
∂scanB⊥ et ∂scanu⊥ sont de même signe. Il en résulte une dissipation de lŠhélicité croisée.
Dans le cas contraire, si les sens du champ magnétique et de la vitesse dans la direction de
scan sont opposés, alors ∂scanB⊥ et ∂scanu⊥ sont de signes opposés. On a alors une source
dŠhélicité croisée. Pour les conditions initiales OT, lŠhélicité croisée positive résulte dŠun
alignement positif moyen entre la vitesse et les champs magnétiques, dŠoù une dissipation
de lŠhélicité croisée plus probable pour les chocs (fast ou slow). Pour les conditions initiales
ABC, lŠhélicité croisée moyenne est faiblement négative, ce qui engendre les statistiques
légèrement dissymétriques vers la création dŠhélicité observées sur le graphique en haut à
gauche de la Ągure V.10 et à droite du panneau de gauche de la Ągure V.11.

On observe ici une différence entre les deux types de discontinuité dŠAlfvén, les nappes
de Parker se comportent du point de vue de lŠhélicité magnétique comme des chocs, au
contraire des discontinuités rotationnelles. Ceci est la seule mesure où les discontinuités
rotationnelles et les nappes de Parker montrent une différence statistiquement signiĄcative
et ne donne pas lŠimpression dŠune séparation arbitraire entre les deux natures.

Pour lŠhélicité croisée, la Ągure V.12 montre la moyenne du taux de variation < εHc
>

ainsi que lŠopposé de la dérivée temporelle de lŠhélicité croisée totale − ˙⟨Hc⟩. Ces deux
quantités devraient être égales sŠil nŠy avait aucune variation de lŠhélicité engendrée par
le schéma numérique. Comme ce nŠest pas tout à fait le cas, nous savons que le schéma
numérique introduit des variations artiĄcielles des hélicités, et nous devrions mettre au
point une méthode pour estimer localement cette perte de la même façon que nous lŠavons
fait pour la dissipation dŠénergie. CŠest ce que nous projetons de faire avant de publier
ces résultats. En valeur moyenne, la dégradation numérique de lŠhélicité semble jouer un
rôle moindre que pour la dissipation dŠénergie. Mais il ne faut pas oublier que dans ce
cas, les variations dŠhélicité ne sont pas signées, et pourraient fort bien être importantes
localement, mais se compenser après intégration sur tout le domaine.

EnĄn, les résultats obtenus en raisonnant sur les structures individuelles semblent
cohérents avec lŠévolution moyenne des hélicités. Ceci est peut-être une indication que
lŠessentiel des variations dŠhélicité se produit sur les structures de dissipation intense,
mais cŠest un résultat quŠil nous reste à quantiĄer. De la même manière, nous nŠavons pas
encore pu déterminer si la dissipation diffuse dŠénergie hors des structures intenses jouait
un rôle secondaire ou non.



Version 28 juin 2022, 12:41

108 Chapitre V. Propriétés statistiques des structures dissipatives



Version 28 juin 2022, 12:41

Chapitre VI

Conclusions et Perspectives

Nous avons donc construit des outils pour détecter et caractériser les structures dis-
sipatives intenses dans des simulations de MHD isotherme. Nous avons mesuré certaines
de leur propriétés statistiques et vu quŠelles pouvaient rendre compte dŠune partie signi-
Ącative de la dissipation totale. Nous examinons dans ce chapitre un ensemble de voies
quŠil nous reste à explorer ainsi que certaines que nous avons commencé à défricher.

VI.1 Exploration de l’espace des paramètres

Le cadre numérique de la MHD isotherme que nous avons adopté dans ces travaux
réduit à quelques uns les paramètres qui contrôlent la physique dans nos simulations.
Dans les équations dŠévolution renormalisées (équations(III.6), (III.7) et (III.8)), seuls
interviennent les coefficients numériques de dissipation (résistivité η et viscosité ν) et
le nombre de Mach sonique au travers de la valeur de la vitesse du son c. Le reste est
déterminé par les conditions initiales, ce qui donne un très grand nombre de degrés de
liberté à explorer. Cependant, on peut sŠattendre à ce quŠaprès un temps suffisamment
long après le début de lŠexpérience, la mémoire des conditions initiales soit effacée. Or
certaines quantités physiques sont plus ou moins bien conservées : le champ magnétique
moyen lŠest exactement (grâce à nos conditions aux limites périodiques), les hélicités
magnétique et croisée le sont à la dissipation près (voir section V.8). Si, comme beaucoup le
pensent, la turbulence revêt un caractère universel, alors on sŠattend à ce que les propriétés
statistiques de la turbulence ne puissent dépendre que de ces quantités conservées après
un certain temps.

Nous avons examiné dans le cours de cette thèse lŠeffet de lŠhélicité des conditions ini-
tiales et lŠeffet des coefficients de diffusion. Mais nous avons aussi réalisé des simulations
pour différents nombres de Mach et différentes valeurs du champ magnétique, que nous
nŠavons encore que peu explorées car nous avons préféré nous concentrer sur le développe-
ment de nos méthodes de détection et dŠidentiĄcation. Cependant, il sera aisé de regarder
quelles tendances statistiques opèrent lorsque varient ces paramètres.

Nous avons présenté un cas où le champ magnétique moyen est strictement nul, bien
que les observations montrent généralement que la valeur du champ magnétique moyen
pourrait être de lŠordre de grandeur de la composante turbulente du champ (à partir de
la dispersion des angles de polarisation mesurés par Planck, par exemple, bien que ces
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mesures moyennées sur la ligne de visée sous-estiment sans doute la composante turbulente
du champ magnétique). Cependant, il nŠest pas non plus certain que ce champ magnétique
moyen soit constant dans le temps, car nous nŠavons pas accès aux échelles de temps de
son évolution dans la galaxie. Il nŠest pas encore clair quŠune simulation avec un champ
magnétique moyen Ąxé à tous temps soit plus réaliste quŠune sous-partie plus petite dŠune
simulation à champ moyen nul qui sur cette sous-partie présenterait un champ moyen
instantané non nul. Les travaux basés sur des simulations avec champ moyen constant
présentent sans doute un biais sur lŠeffet imprimé par ce champ sur la turbulence, si en
réalité le champ moyen est variable dans le temps.

Ces caveats ayant été exprimés, lŠétude dŠun champ moyen reste intéressante en soi
du point de vue de la compréhension de la physique, et nous avons donc réalisé quelques
simulations avec champ moyen. Les résultats préliminaires de notre analyse sur ces si-
mulations montrent que cette fois-ci, près du pic de dissipation (donc aux temps courts,
proches des conditions initiales) les chocs sont prépondérants dans les écoulement ABC
et OT.

Pour ABC, en lŠabsence de champ magnétique moyen, proche du pic de dissipation,
les discontinuités alfvéniques représentaient 70% du taux de dissipation analysée. Avec un
champ moyen, elles ne représentent plus que 13% et les chocs deviennent les principales
structures de forte dissipation, avec 36% de la dissipation analysée (14% pour les chocs fast
et 22% pour les chocs slow). Le taux dŠidentiĄcation diminue signiĄcativement, passant de
74% à 50% des scans, nous nŠavons pas encore exploré les raisons de cette diminution. Du
point de vue de leur orientation, les structures semblent sŠorganiser en gardant le champ
moyen dans leur surface de travail (Voir Ągure VI.1).

Pour OT, les différences entre les simulations avec ou sans champ magnétique moyen
sont moins évidentes. Le taux dŠidentiĄcation est très similaire et la répartition de la dissi-
pation dans les différentes natures aussi. Cependant la comparaison entre les Ągures V.9 et
VI.2 montre des structures cohérentes bien plus étendues et moins nombreuses. Contrai-
rement à lŠécoulement ABC, lŠorientation des structures semble être moins impactée par
la présence du champ magnétique moyen.

Nous avons aussi fait varier le nombre de Mach, mais sans avoir eu encore le temps
dŠanalyser la nature des structures présentes dans ces simulations.

VI.2 Plus de microphysique

Bien sûr, le modèle de MHD isotherme est loin de la réalité complexe du milieu in-
terstellaire (voir chapitre I). Cependant, nous avons vu que lorsque les échelles de temps
dynamiques sont longues par rapport aux temps dŠéquilibrage des températures, un mo-
dèle barotrope était utilisable. LŠintroduction de termes de refroidissement et de chauffage
adaptés au milieu interstellaire permet lŠétude de ses propriétés biphasiques, qui sont à
la base de beaucoup des caractères des traceurs moléculaires que nous tentons de repro-
duire (cf. Bellomi et al., 2020; Lehmann et al., 2021). La MHD adiabatique idéale inclut
une onde dŠentropie (Goedbloed et al., 2019) en plus des 6 ondes idéales que nous avons
rencontrées dans ces travaux. Son ajout permettra sans doute de caractériser les fronts
de condensation à lŠinterface entre les phases chaudes et froides, qui correspondent à des
discontinuités de contact. Il sera dans ce cas intéressant dŠétudier la géométrie de ces
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Fig. VI.1 IdentiĄcation des structures à forte dissipation extraites dŠune si-
mulation aux conditions initiales ABC à Pm = 1 et avec un champ magnétique
moyen colinéaire à x⃗. Le champ magnétique moyen est de même intensité que le
champ r.m.s. des simulations à champ nul (de sorte que la composante dirigée
et la composante turbulente sont du même ordre de grandeur). Le pas de temps
de cette sortie est t ≃ 1/3tturnover.
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Fig. VI.2 IdentiĄcation des structures à forte dissipation extraites dŠune simu-
lation aux conditions initiales OT à Pm = 1 et avec un champ magnétique moyen
colinéaire à x⃗, de même intensité que sa composante r.m.s. Le pas de temps de
cette sortie est t ≃ 1/3tturnover.

interfaces et de quantiĄer leur rôle dans les échanges dŠénergie entre phases ainsi que leur
potentiel apport moléculaire (Lesaffre et al., 2007).

Une autre voie de développement par rapport au modèle isotherme est lŠintroduction
du terme de diffusion ambipolaire dans lŠéquation dŠinduction. Ce terme apparaît lorsque
lŠinertie de la composante ionisée du gaz interstellaire est négligeable devant celle du gaz
neutre, ce qui est souvent le cas du milieu interstellaire. La dynamique du gaz est alors
découplée du champ magnétique pour les échelles spatiales et temporelles les plus courtes
(cf. Momferratos et al., 2014). On voit notamment apparaître des chocs composites avec
un précurseur magnétique étalé et un saut visqueux très net (les chocs de type C-J, C pour
ŞcontinuŤ et J pour ŞjumpŤ, cf. Roberge et Draine, 1990; Lesaffre et al., 2004a,b; Godard
et al., 2019). Il ne sera sans doute pas aisé dŠétendre nos méthodes à ce type de chocs,
et la première étape sera de vériĄer lŠorthonormalité du système dŠondes avec la diffusion
ambipolaire ou bien la pureté de ces chocs en termes dŠondes idéales. CŠest à dire quŠil
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faudra trouver une base pour les gradients qui soit adaptée à ce type de chocs. Pour Ąnir,
la coexistence de structures ŞnettesŤ et ŞĆouesŤ rend difficile la déĄnition des structures
par un simple seuillage dissipatif intense. En effet, les précurseurs magnétiques sont des
structures dissipatives au même titre que les chocs visqueux bien quŠils présentent des
taux de dissipation plus bas quoique plus étalés. Il faudra donc aussi trouver un meilleur
moyen de détection pour ces structures hybrides.

VI.3 Suivi des structures

LŠune des étapes de validation de lŠidentiĄcation des structures a nécessité la mise au
point dŠune méthode pour mesurer leur vitesse de propagation (cf. IV.5.2). La connais-
sance de cette vitesse va faciliter la mise en oeuvre du suivi dans le temps de ces structures
cohérentes. Nous souhaitons en effet connaître le comportement dynamique de ces struc-
tures. Que se passe-t-il lorsquŠelles se rencontrent ? Sont-elles sujettes à des instabilités ?
Par exemple Park et Ryu (2019) a proposé que les chocs slow sont soumis à des instabi-
lités de corrugation qui les rendent plus fragmentaires que les chocs fast. Ce nŠest pour
lŠinstant pas quelque chose qui semble ressortir de nos simulations : lŠexamen de la Ą-
gure V.9 ne semble pas à nos yeux révéler un morcellement plus prononcé pour lŠun des
types de structures plutôt que lŠautre, bien que ceci nécessiterait une étude plus quan-
titative. En revanche, il nous a semblé que la conĄguration des structures les unes par
rapport aux autres nŠétaient pas indifférente à leur nature : les discontinuités dŠAlfvén
paraissent souvent combinées dans des structures parallèles en feuillets alors que les chocs
fast sont plus isolés. Mais encore une fois cette affirmation nécessiterait une conĄrmation
plus quantitative. Les structures sont-elles capables de changer de nature au cours du
temps ? Comment naissent-elles et comment meurent-elles ? Peuvent-elles se scinder ou
bien coalescer ? Autant de questions dont un examen dynamique détaillé pourra rendre
compte.

VI.4 La vision de la turbulence comme une collection de struc-
tures cohérentes

Dans leur expérience 2D sans champ magnétique, Lesaffre et al. (2020) ont montré
que la grande majorité de la dissipation dans le domaine était redevable de chocs qui
pouvaient être modélisée à partir dŠune collection statistique de structures stationnaires
1D planes (quoique tronquées). Nous avons vu quŠil était difficile dŠévaluer quelle part
de la dissipation totale est portée par nos structures cohérentes. Cependant, nous avons
pu en donner une valeur limite inférieure et par là montrer quŠune part signiĄcative (au
moins un quart) de la dissipation est due à ces structures. Plusieurs indices concordent
pour suggérer que cette part est en fait bien plus importante, et sans doute dominante.

Notre étude sur la dépendance en fonction du nombre de Prandtl a révélé que les va-
riations du rapport global des chauffages ohmique vs. visqueux dans la simulation étaient
portées par des variations internes des proĄls des structures et non par des variations dans
la statistique de celles-ci ou bien dans leurs paramètres dŠentrée. Ce résultat conĄrme les
travaux récents de Brandenburg (2014) qui suggérait que lŠeffet du Prandtl magnétique
était contrôlé par les stuctures internes des chocs. Pour les structures cohérentes, faire
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varier le nombre de Prandtl revient à Ąger leurs paramètres globaux et leur conĄguration
géométrique en ne changeant que leurs proĄls internes. De même lŠétude de la convergence
en résolution (cf. V.2) montre que le seul effet de la résolution est dŠépaissir les struc-
tures sans changer le reste. CŠest un bon indice que certaines propriétés de la turbulence
peuvent ainsi être accédées non pas à travers la géométrie complexe de ces structures
mais à partir de la statistique de structures simpliĄées 1D. On pourrait ainsi être amené
à décomposer les structures cohérentes en petits timbres plans qui peuvent être modélisés
individuellement de façon 1D stationnaire en y incluant plus de détails thermiques, le dé-
couplage entre Ćuides et éventuellement la chimie. Ce pourrait être une étape importante
pour faire le lien entre ces simulations dynamiques complexes et les observations.

Cette vision de la turbulence comme une collection de structures cohérentes nŠest pas
neuve mais trouve des échos récents dans la littérature avec les travaux de Zweibel et
Yamada (2016) sur la reconnection qui met lŠaccent sur les rôles respectifs des processus
globaux et locaux. Nos travaux sont dans la lignée des publications de Zhdankin (Zhdankin
et al., 2013; Zhdankin et al., 2014, 2015, 2016) qui se sont efforcés de caractériser les
structures cohérentes dans le cadre simpliĄé de la MHD réduite (qui correspond au cas
limite où est présent un fort champ magnétique uniforme et constant en temps). Cette
série de publications a inspiré Mallet et Schekochihin (2017) qui ont proposé un modèle
intermittent basé sur lŠalignement dynamique entre les structures. DŠaprès la récente revue
de Schekochihin (2020) ces idées pourraient même résoudre un débat de longue haleine sur
la valeur de la pente dans le spectre en loi de puissance de la turbulence MHD développée.
Dans le même ordre dŠidées mais pour la turbulence compressible, Robertson et Goldreich
(2018) expliquent la déviation des statistiques de densité par rapport à la loi log-normale
en invoquant une collection appropriée de chocs. Des développements récents sur la théorie
de la MHD turbulente avec champ moyen font aussi usage dŠune collection statistique de
chocs (Beattie et al., 2021). Ces idées fertiles pourront être validées ou raffinées grâce à
nos techniques de détection de structures.

Dans le même temps, le développement récent des instruments embarqués ciblant le
vent solaire tels ceux de la mission Cluster (Bruno et Carbone, 2013; Perrone et al., 2016,
2017) a permi la caractérisation de structures cohérentes telles des discontinuités dŠAlfvén
ainsi que des structures compressives. Nul doute que ces avancées permettront bientôt de
contraindre la statistique de chaque type individuel de structure.

VI.5 Modèles 1D

En retour, notre étude 3D permet de montrer quelle est la prochaine étape nécessaire
pour rendre les modèles 1D plus réalistes. Nous avons ainsi mis à jour des Ćots divergents
dans les surfaces de travail de nos discontinuités, pour tous les types de structures, chocs
ou discontinuités dŠAlfvén. Dans les nappes de Parker, cette caractéristique était connue
car nécessaire pour tenir compte de la conservation de la masse qui entre en convergeant
par des Ćots normaux à la surface pour sortir le long de la nappe dans des Ćots divergeants.

LŠartiĄce de calcul employé dans le modèle de Parker (Parker, 1963) considère as-
tucieusement Bernoulli le long des lignes de courant pour contraindre la divergence et
permet de fermer le système dŠéquations à lŠaide dŠun simple paramètre extérieur qui
contrôle lŠextension transverse de la feuille. Cette méthode peut être facilement utilisée
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dans le contexte des chocs 1D pour rendre compte de la relaxation de la pression vers
celle du milieu environnant (cŠest à dire comment la pression post-choc regagne la pression
pré-choc). Cette relaxation dynamique est lŠune des grandes absentes des modèles 1D et
permettrait de formuler des prédictions plus réalistes pour les caractéristiques observables
des chocs.

DŠun autre coté, pour réaliser le projet de modéliser Ąnement les caractères observables
de la turbulence, il convient de modéliser la chimie dans tous les types de structures
rencontrés. Nous avons vu que la turbulence MHD peut être composée dŠun grand nombre
de discontinuités dŠAlfvén, et il faudrait donc étendre le modèle des nappes de Parker aux
autres types de discontinuités dŠAlfvén. De tels modèles dynamiques pourraient être post-
processé avec une chimie adéquate pour rendre compte de lŠabondance de certains traceurs
cibles, en supposant dans un premier temps que la thermique et la chimie nŠont pas de
rétro-action trop importante sur la dynamique de ces structures.

VI.6 Confrontation aux observations

Découvrir la nature des régions de dissipation extrême dans la turbulence du milieu in-
terstellaire diffus serait une prodigieuse avancée car les processus irréversibles qui opèrent
dans ces régions déterminent en partie lŠévolution ultérieure du milieu, selon quŠelles sont
des sur-densités, de forts cisaillements de vitesse, de forts courants ou lŠune quelconque
des combinaisons possibles.

Pourtant, lŠidentiĄcation directe de ces régions, et pire encore, la détermination de
leur nature, est un immense déĄ pour au moins deux raisons.

La première, fondamentale, est que les observations ne donnent pas accès directement
à la densité du milieu, sauf dans les régions très denses où se forment les étoiles, ce
qui est loin du milieu diffus. Les autres grandeurs déterminantes, la vitesse et le champ
magnétique, ne sont connues quŠen projection et sous forme de quantités intégrées sur des
lignes de visée. Si la vitesse projetée sur la ligne de visée est facilement accessible grâce au
décalage de raies spectrales par effet Doppler et son intégration simplement algébrique, il
nŠen est pas de même du champ magnétique pour lequel les mesures de lŠintensité (projetée
sur la ligne de visée) par effet Zeeman et de lŠorientation (dans le plan du ciel) par la
polarisation sont beaucoup plus complexes.

La seconde, tout aussi fondamentale, est liée au fait que les plus petites échelles ac-
tuellement accessibles aux observations dans le milieu diffus sont plus de deux ordres de
grandeur au-dessus des échelles de dissipation. Même en tenant compte du fait que la
dissipation de la turbulence couvre au moins un ordre de grandeur au-dessus de lŠéchelle
de dissipation, cette limitation est sérieuse. De plus, les temps de relaxation de la chimie
dite "chaude" déclenchée par les bouffées de dissipation de la turbulence sont longs, de
lŠordre de 104 ans pour CO, par exemple. Par conséquent, les molécules nouvellement
formées qui émergent de ces régions à des vitesses de lŠordre du km s−1, persistent dans
le milieu sur des distances ≃ 10 mpc, ce qui "trouble" irrémédiablement lŠimage que ces
molécules pourraient nous donner des régions de dissipation, à lŠinstar du plankton lumi-
nescent traceur des régions de fort cisaillement de vitesse dans les vagues déferlantes des
mers tropicales.

Heureusement, la chimie interstellaire est tellement riche et subtile quŠelle est capable
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de fournir, sur la base de modèles de plus en plus élaborés, des diagnostics indirects
mais irremplaçables sur les processus à lŠorigine de la chimie chaude, comme une forte
élévation de température ou de la friction ion-neutre ampliĄée. Pour reprendre lŠun des
exemples cités dans lŠIntroduction, une simple élévation de température ne peut être à
lŠorigine du grand rapport HCO+/OH observé dans le milieu diffus, car elle stimule à la
fois la production des deux espèces et produit trop de OH en comparaison de HCO+ . Les
multiples signatures de chimie chaude dans le milieu interstellaire diffus suggèrent que la
dérive ion-neutre joue un rôle dominant (Godard et al., 2009).

LŠimagerie du milieu diffus dans les raies de CO fournit des cartes de densité de colonne
de cette molécule dans différentes transitions rotationnelles. Ce type dŠobservations, dans
des régions où la turbulence est suffisamment homogène pour être confrontée à la théorie
et aux simulations numériques, nous a déjà beaucoup appris :

Ů de la structure, spatiale et en vitesse, existe à toutes les échelles et des écarts aux
lois dŠéchelles observées sur plusieurs ordres de grandeur apparaissent aux petites
échelles,

Ů les rapports de différentes raies de rotation de CO sont remarquablement uniformes
dans le milieu diffus et suggèrent que si de fortes Ćuctuations de densité existent,
elles sont à très petite échelle,

Ů des structures moléculaires très Ąnes et remarquablement longues et cohérentes en
vitesse ont été découvertes dans le milieu diffus. Elles portent la signature de ci-
saillements de vitesse intenses qui laissent penser que ces structures CO peuvent
être le produit de la dissipation de turbulence (Falgarone et al., 2009). Ces résultats
sont corroborés par dŠautres observations récentes.

Ů lŠétude statistique des incréments de plusieurs observables, dont les vitesses cen-
troides de raies de CO, sŠavère un puissant outil pour localiser des régions de dissi-
pation extrême dans la turbulence du milieu diffus parce quŠelles peuplent les ailes
non-Gaussiennes des distributions de probabilité des incréments (Lis et al., 1996;
Hily-Blant et Falgarone, 2009)

EnĄn, indépendamment de leur impact sur lŠévolution de la matière diffuse vers les
nuages plus denses et la formation dŠétoiles, des discontinuités dŠAlfvén dans le milieu
diffus pourraient abriter des sites de reconnexion magnétique. Dans le vent solaire, une
association spatiale et temporelle a été observée pour la première fois entre des structures
cohérentes non-Gaussiennes du champ magnétique, des feuilles de courant et des jets
de plasmas caractéristiques de la reconnexion magnétique (Osman et al., 2014). Dans
ces données, toutes les régions dŠintermittence tracées par les non-Gaussianités du champ
magnétique ne sont pas des feuilles de courant et toutes ne conduisent pas à la reconnexion,
mais les reconnexions et les feuilles de courant sont toutes concentrées dans les régions
dŠintermittence du champ magnétique. Le plasma du vent solaire nŠest pas celui du MIS
mais lŠintermittence de la turbulence semble être une propriété universelle. On sait que la
reconnexion magnétique a lieu dans le MIS de notre galaxie et dans les galaxies extérieures
car le champ magnétique nŠest pas aussi enroulé quŠil devrait lŠêtre par les rotations
galactiques. On sait également quŠun champ à grande échelle existe car il est le seul à
pouvoir conĄner les rayons cosmiques de haute énergie dans les galaxies : or ce champ
grande échelle ne peut exister quŠen présence de reconnexion, étant donné lŠomniprésence
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de la turbulence. Mais on ne sait rien observationnellement sur les sites de reconnexion
magnétique et le spectre des particules de haute-énergie quŠils éjectent.
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