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2.2 Les grandeurs photométriques dérivées . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 38
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7.2 Équation d’état de la matière . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 134

7.2.1 Quelques ordres de grandeur . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 134
7.2.2 La statistique de Fermi-Dirac . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 135
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8.2 Équation d’état . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 149
8.2.1 L’approche d’Oppenheimer et Volkoff . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 149
8.2.2 Interaction forte . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 149
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12.2.2 Les équations de Friedmann . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 247
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Chapitre 1
L’observation astronomique

1.1 La lumière, messagère de l’astronomie

1.1.1 Fréquence, longueur d’onde, échelles d’énergie et de température

L’essentiel de l’information accessible aux astrophysiciennes et astrophysiciens pour leur permettre de
comprendre les objets et phénomènes de l’Univers est porté par le rayonnement électromagnétique 1.
Celui-ci couvre une vaste étendue en fréquence, des grandes ondes radio aux rayons gamma (Fig. 1.1),
et chaque domaine du spectre fournit des renseignements complémentaires liés aux échelles d’énergie
des phénomènes mis en jeu. Par les relations d’ordre de grandeur

E ∼ hν ∼ kBT ∼ hc/λ (1.1)

on peut aussi associer à chaque domaine une plage de températures caractéristiques, dont on parlera
au moment d’aborder le rayonnement du corps noir. Numériquement, dans des unités usuelles 2,

E ∼ 4.13 10−4
( ν

1 GHz

)
eV T ∼ 14

(
λ

1 mm

)−1

K (1.2)

À titre d’exemples :
I Le rayonnement du fond diffus cosmologique, dans le domaine des micro-ondes, est associé à la
température du bain de photons issu du découplage d’avec la matière à un redshift de z ∼ 1100, et qui
est aujourd’hui à TCMB ≈ 2.725 K.
I Les poussières interstellaires, dont les températures sont typiquement de l’ordre de quelques di-
zaines de K, émettent un rayonnement dans le domaine submillimétrique.
I Le spectre de la lumière du Soleil se situe principalement dans le domaine visible (0.4-0.8µm), et
est directement lié à sa température de surface d’environ 6000 K.
I Le gaz très chaud (∼ 107 K) dans le milieu intergalactique des amas de galaxies émet un rayonne-
ment situé essentiellement dans le domaine des rayons X.

1. Pour un traitement de la théorie de Maxwell de l’électromagnétisme, on se reportera au début du chapitre suivant,
ou mieux encore aux ouvrages de référence, notamment Classical Electrodynamics de J. D. Jackson [1].

2. Ce type d’écriture, où les grandeurs sont rapportées à des valeurs ”typiques”, est très répandue en astrophysique,
car elle permet de voir rapidement les dépendances et les ordres de grandeur des quantités calculées, qui sont parfois
difficilement accessibles à l’expérience quotidienne.
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Figure 1.1 – Le spectre électromagnétique (Source : Wikimedia Commons)

Figure 1.2 – Le spectre solaire (Source : Wikimedia Commons)
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1.1.2 L’ouverture du spectre au-delà du visible

Des découvertes essentiellement faites en laboratoire

L’observation du ciel a naturellement commencé par le domaine visible, dans lequel le Soleil émet
son maximum de rayonnement (Fig. 1.2). En 1800, William Herschel 3 a l’idée de mesurer la température
des différentes composantes de la lumière solaire vue au travers d’un prisme (Fig. 1.3). À sa grande
surprise, il découvre que la température maximale est atteinte au-delà du rouge, obtenant ainsi la
première observation du rayonnement infrarouge 4.

Figure 1.3 – Présence de rayonnement infrarouge dans le spectre Solaire (Source : Caltech
http://www.ipac.caltech.edu/Outreach/Edu/Herschel/backyard.html)

L’année suivante, Johann Wilhelm Ritter 5 cherche à explorer l’autre extrémité du spectre visible à
la façon d’Herschel. Il constate que le chlorure d’argent, dont on sait qu’il noircit en présence de lumière
et que cet effet est d’autant plus marqué que l’on se rapproche du bleu, continue de noircir au-delà du
spectre visible. Il découvre ainsi, en laboratoire, ce qui sera plus tard appelé rayonnement UV.

Les travaux expérimentaux de Michael Faraday 6 vers 1845 et l’unification théorique de l’electricité et
du magnétisme par James Clerk Maxwell 7 en 1873 apportent une base solide à l’exploration du reste du
spectre, à commencer par la démonstration éclatante de la justesse de la théorie électromagnétique
dans le domaine radio par Heinrich Hertz 8 entre 1886 et 1888. L’ouverture du reste du spectre se fait
encore dans des expériences de laboratoire : découverte des rayons X par Wilhelm Conrad Röntgen 9

en 1895 et des rayons γ par Paul Villard 10 en 1900.

De l’observation au sol à l’observation spatiale

La découverte des rayonnements d’origine cosmique dans les domaines autres que le visible et
l’infrarouge proche commence en 1932, avec l’observation, par Karl Jansky 11, d’une émission radio
diffuse à 20,5 MHz (λ = 14, 6 m), dont la position du maximum cöıncide avec la direction du centre

3. Hanovre, 15 novembre 1738 - Slough, 25 août 1822.
4. Il convient de noter que cette interprétation est biaisée par le caractère non-linéaire de la dispersion du prisme

vis-à-vis de la longueur d’onde. L’observation d’Herschel n’en démontre pas moins l’existence du rayonnement infrarouge.
5. Samitz, 16 décembre 1776 - Munich, 23 janvier 1810.
6. Londres, 22 septembre 1791 - Londres, 25 août 1867.
7. Edimbourg, 13 juin 1831 - Cambridge, 5 novembre 1879.
8. Hambourg, 22 février 1857 - Bonn, 1er janvier 1894.
9. Lennep, 27 mars 1845 - Munich, 10 février 1923.

10. Saint-Germain-au-Mont-d’Or, 28 septembre 1860 - Bayonne, 13 janvier 1934.
11. Norman, 22 octobre 1905 - Red Bank, 14 février 1950.

10



Galactique, dans la constellation du Sagittaire. Jansky a ainsi profité de l’autre fenêtre du spectre
électromagnétique pour laquelle l’atmosphère terrestre est transparente au rayonnement (Fig. 1.4).

Figure 1.4 – L’opacité de l’atmosphère terrestre (Source : Wikimedia Commons)

Il a ensuite fallu attendre l’après-guerre, le développement des ballons sondes et des fusées, et
l’avènement des missions spatiales pour observer le ciel dans les autres domaines du spectre, en rai-
son précisément de l’opacité de l’atmosphère à ces fréquences. Cette opacité a des origines différentes
suivant le domaine de fréquences :
I Aux basses fréquences radio (en deçà d’environ 10 MHz), l’ionosphère supprime la propagation
des ondes 12.
I Dans la majeure partie du spectre infrarouge (sauf dans l’infrarouge proche 13), c’est l’absorption
par les gaz de l’atmosphère, en particulier par la vapeur d’eau et dans une moindre mesure par le
dioxyde de carbone, qui la rend opaque (voir les raies indiquées sur la Fig. 1.2).
I Aux plus hautes fréquences, les photons UV sont absorbés par l’ozone O3 (Fig. 1.2) et les photons
d’énergie encore plus grande subissent une cascade d’interactions dans la haute atmosphère qui leur
fait perdre une grande partie de leur énergie jusqu’à ce qu’ils soient absorbés dans l’UV.

Avec les missions spatiales, l’ouverture du spectre électromagnétique a permis non seulement de
contraindre les modèles astrophysiques, mais également de découvrir de nouveaux phénomènes,
comme les binaires X ou les sursauts γ (GRB, pour Gamma-Ray Bursts). Leur compréhension im-
plique d’améliorer constamment les outils de l’observation, notamment en termes de sensibilité et de
résolutions spatiale, spectrale, et temporelle, mais aussi en termes de nouvelles capacités, telles
que la polarimétrie.

12. La pulsation de coupure est la pulsation plasma, en dessous de laquelle une onde ne peut se propager dans cette
couche ionisée de l’atmosphère, située au-delà de 60 km d’altitude :

ωp =

√
ne2

meε0
(1.3)

où e est la charge élémentaire, me la masse de l’électron, n la densité des électrons libres et ε0 la permittivité électrique
du vide. Seules les ondes de pulsation ω > ωp peuvent se propager. Inversement, on utilise la réflexion totale des ondes
basse fréquence sur cette couche de l’atmosphère pour transmettre des signaux radio à grande distance, au-delà de ce
que permettrait la courbure terrestre.

13. NIR, pour Near Infrared (0,75-1,4µm). On distingue aussi les domaines de l’infrarouge moyen (MIR, pour Mid
Infrared, 3-8µm) et l’infrarouge lointain (FIR, pour Far Infrared, 15-1000µm)
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1.1.3 Distribution spatiale

La propriété la plus immédiatement évidente du rayonnement électromagnétique d’origine cosmique
est son anisotropie : le ciel n’est pas uniformément brillant ou sombre. On tire de l’analyse de la
distribution spatiale de ce rayonnement une information sur la position des objets ponctuels (étoiles,
corps du système solaire, etc ...), ce qui constitue le domaine de l’astrométrie. On en tire aussi une
information sur la distribution de brillance 14 des objets étendus (galaxies, nuages interstellaires,
fond diffus cosmologique, etc ...). Pour visualiser cette information, c’est à dire représenter des images,
plusieurs problèmes se présentent :

— La projection de la sphère céleste sur un plan. Ce problème est mineur lorsqu’on représente
des régions de petites dimensions 15, mais il devient critique dans le cas de l’imagerie à grand
champ, et dans les représentations du ciel complet. On développe alors des projections comme
celle de Mollweide, utilisée sur la Fig. 10.25.

— La pixellisation, c’est-à-dire l’échantillonnage de la distribution spatiale. Cette question doit être
discutée en regard du critère de Nyquist vis-à-vis de la résolution spatiale de l’instrument,
qu’on caractérise par la fonction d’étalement de point (PSF, pour Point-Spread Function),
qu’on reverra un peu plus loin.

— L’échelle de couleur utilisée pour visualiser la brillance (échelles monochromes ou non, adop-
tion de coupures inférieure et supérieure 16, échelles linéaires ou logarithmiques, etc... ).

Tous ces choix, et en particulier le dernier, rendent largement arbitraire l’aspect de l’image représentant
la distribution spatiale d’un rayonnement d’origine astrophysique, mais en tout état de cause, pour faire
de l’astrophysique, il faudra aller plus loin qu’une simple visualisation.

Figure 1.5 – Émission visible Galactique observée par Gaia, utilisant une projection de Mollweide
permettant de représenter l’ensemble du ciel. Plan, centre, anticentre et pôles Galactiques sont indiqués,
ainsi que les Nuages de Magellan, galaxies naines satellites de la nôtre. (Crédit : ESA/Gaia/DPAC)

14. On définira ce terme précisément au chapitre suivant.
15. Le plan tangent à la sphère diffère alors peu de la surface de la sphère. Il faut néanmoins prendre garde aux

coordonnées utilisées, qui peuvent être équatoriales, écliptiques, galactiques, . . . .
16. Ce choix peut être dicté par des considérations fondamentales sur la sensibilité de l’instrument (niveau de bruit) et

sa dynamique (saturation des capteurs).
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1.1.4 Distribution spectrale

Le ciel n’apparâıt pas identique à toutes les fréquences (voir par exemple les cartes de la mission
Planck, Fig. 1.6), et la variation de l’émission lorsqu’on considère les différents domaines spectraux est
intimement liée aux phénomènes physiques mis en jeu dans les objets observés. La forme globale du
spectre fournit ainsi des informations précieuses sur les processus à l’origine du rayonnement continu
(rayonnement thermique, rayonnement synchrotron, rayonnement free-free aussi appelé bremsstrah-
lung, . . . ), comme on peut le voir sur la Fig. 1.7, qui représente la distribution spectrale en énergie
(SED, pour Spectral Energy Distribution) du champ de rayonnement interstellaire standard dans
notre Galaxie, montrant les différentes contributions à ce rayonnement.

Figure 1.6 – Le ciel vu par Planck dans ses neuf bandes de fréquences. Figure issue de [2]

Les signatures spectrales (discontinuités, raies ...), qu’elles soient en émission (lors de la recom-
binaison ion-électron dans une région Hii par exemple) ou en absorption (ions, atomes, molécules
placés en avant-plan de la source observée) portent également une information extrêmement utile sur
la composition chimique de la matière, son état d’ionisation ou d’excitation. À titre d’exemple, il
convient d’admirer la richesse de la chimie détectée dans la nébuleuse d’Orion par la mission Herschel
(Fig. 1.8). L’observation de ces raies spectrales permet ainsi par exemple d’établir une cartographie de
la distribution et de la cinématique 17 du gaz dans les galaxies ou les régions de formation d’étoiles.

Il faut enfin remarquer que les distributions de brillance représentent généralement l’émission reçue
sur une plage finie de fréquences, car le rayonnement est observé au travers de filtres et que les
détecteurs eux-mêmes ont une bande passante finie. La réponse fréquentielle d’un instrument peut
ainsi présenter des formes assez complexes (Fig. 1.9). Les images composites (parfois appelées ”en
fausses couleurs”) sont reconstituées à partir de plusieurs images obtenues dans des filtres différents.

17. Pour accéder à la cinématique, on utilise l’effet Doppler qui décale les raies en fonction de la composante de la
vitesse sur la ligne de visée.
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Figure 1.7 – Le champ de rayonnement interstellaire standard, montrant les différentes sources
de rayonnement (synchrotron Galactique, fond diffus cosmologique, émission thermique des poussières,
rayonnement stellaire, rayonnement de freinage et continua de recombinaison,. . . ). Figure issue de [3].

Figure 1.8 – Le spectre de raies observé par Herschel/HIFI en direction de la région de
formation d’étoiles Orion KL. Figure issue de [4]

14



0
.0

0
.2

0
.4

0
.6

0
.8

1
.0

102 103

Frequency [GHz]

S
p

e
c
tr

a
l 
T

ra
n

s
m

is
s
io

n
5 10 20 30

Wavenumber [cm-1]

857 GHz
545 GHz
353 GHz
217 GHz
143 GHz
100 GHz

C
O
J

=
1
→

0

C
O
J

=
2
→

1

C
O
J

=
3
→

2

C
O
J

=
4
→

3

C
O
J

=
5
→

4

C
O
J

=
6
→

5

C
O
J

=
7
→

6

C
O
J

=
8
→

7

C
O
J

=
9
→

8

Figure 1.9 – Les bandes passantes de Planck HFI. Les pointillés verticaux montrent les positions
des transitions rotationnelles principales du CO Galactique se situant dans les bandes de l’instrument.
Figure issue de [5].

1.1.5 Propriétés de polarisation

Le rayonnement électromagnétique peut être polarisé (en général linéairement, et très partielle-
ment). Cette polarisation peut être liée aux processus d’émission eux-mêmes, c’est notamment le
cas du rayonnement synchrotron, mais elle peut aussi avoir pour origine l’absorption sélective d’un
rayonnement selon une direction particulière (c’est ainsi que la lumière des étoiles traversant un nuage
de poussières dans lequel règne un champ magnétique acquiert une polarisation linéaire partielle [6]) ou
encore un processus de polarisation par diffusion (c’est le cas par exemple du rayonnement stellaire UV
ou visible diffusé par les grains d’un disque protoplanétaire). Avec les développements instrumentaux,
cet aspect du rayonnement, peu étudié jusqu’à présent, est amené à constituer une part importante de
l’astrophysique dans les années à venir.

1.1.6 Variabilité temporelle

Les sources astrophysiques sont souvent très stables dans le temps. Pour les anciens, tout ce
qui se rapportait au ciel était considéré comme ”immuable” par nature, à l’opposé des phénomènes
”terrestres”, souvent éphémères 18. L’observation des supernovæ SN 1572 et SN 1604 a ébranlé cette
certitude. Maintenant, on sait que de nombreux objets donnent lieu à des variations de brillance, de
couleur, ou de vitesse. Certains objets comme les sursauts gamma ou les sursauts radio rapides
(FRB, pour Fast Radio Bursts) présentent une variabilité extrême et sont tellement éphémères que leur
existence même est restée longtemps méconnue. Evidemment, la notion de variabilité dépend beaucoup
de la sensibilité qui peut être atteinte : à très haute sensibilité, le flux de nombreuses étoiles varie au
cours du temps, et l’étude de ces fluctuations et de leur spectre de fréquences temporelles constitue
l’astérosismologie, qui fournit des renseignements précieux sur la structure interne des étoiles. Les
variations de flux non imputables aux étoiles elles-même peuvent permettre de détecter des systèmes
exoplanétaires par la méthode des transits, comme sur la Fig. 1.10.

18. Le mouvement des planètes, qui semble erratique dans un système géocentrique, leur conférait d’ailleurs un statut
intermédiaire.
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Figure 1.10 – Courbe de lumière de l’étoile HD189733. La (faible) chute du flux observé est
attribuée au passage d’une planète entre l’étoile et l’observateur. Figure issue de [7].

1.2 Télescopes et détecteurs

Le télescope 19 est le premier élément du système d’observation des sources de rayonnement as-
trophysiques. Son rôle est de collecter les photons et de former les images dans un plan focal où les
détecteurs (spectromètres, bolomètres, polarimètres) permettent de transformer ce signal lumi-
neux en un signal électrique manipulable et analysable.

1.2.1 Les images géométriques

L’optique géométrique est une première approximation raisonnable permettant de comprendre la
formation des images au travers d’un télescope. Le premier élément de celui-ci est le miroir primaire,
qui en détermine la capacité maximale de collection des photons. Il est suivi d’autres éléments (miroirs
secondaires, lames séparatrices, filtres, . . . ) avant que le rayon lumineux aboutisse au plan focal. Le but
de la configuration instrumentale est d’aboutir à un stigmatisme 20 le plus rigoureux 21 possible sur le
plus grand champ possible, c’est à dire la plus grande plage de directions d’incidence par rapport à
l’axe du télescope pour lesquelles on obtient une image suffisamment nette. Il faut noter que certains
télescopes utilisent d’ailleurs un ”plan” focal courbé, qui peut augmenter sensiblement le champ.
La Fig. 1.11 présente quelques configurations usuelles. Aucune n’est exempte d’aberrations, à savoir
le fait que l’image d’une source ponctuelle n’est pas un point. On explore usuellement les propriétés

19. Il convient de distinguer le télescope, où l’élément collecteur est un miroir, des lunettes astronomiques dont les
éléments d’optique sont des lentilles.

20. C’est-à-dire qu’un objet ponctuel donne une image ponctuelle.
21. Le parabolöıde de révolution est la surface qui permet ce stigmatisme rigoureux pour un point objet situé sur son

axe, mais pas pour un objet hors axe. Il faut donc un système optique plus complexe.
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Figure 1.11 – Quelques configurations usuelles de télescopes. Figure issue de [8].

d’un système optique, existant ou en cours de conception, par des simulations numériques de tracé de
rayons de l’entrée du télescope au plan focal.

1.2.2 La fonction d’étalement de point

La diffraction

Même dans le cas d’un stigmatisme rigoureux en optique géométrique, le phénomène de diffraction
causé par les irrégularités des éléments optiques et par la taille finie des ouvertures provoque un
étalement de l’image d’une source ponctuelle dans le plan focal. Cet effet apparâıt lorsque les défauts de
surface deviennent comparables à la longueur d’onde. La modélisation la plus simple de cet effet consiste
à considérer la diffraction de Fraunhofer d’une onde électromagnétique plane, monochromatique de
longueur d’onde λ, et d’intensité I0, au travers d’une ouverture circulaire de diamètre D (Fig. 1.12).
Notant θ l’angle par rapport à la direction de pointé du télescope, la répartition de l’intensité dans le
plan focal prend la forme d’une tache d’Airy, représentée sur le panneau de gauche de la Fig. 1.13.
Elle fait intervenir la fonction de Bessel de première espèce, J1, avec

I(θ) = 4I0

[
J1(u)

u

]2

u =
πD sin θ

λ
(1.4)

Cette distribution de l’intensité dans le plan focal pour une source ponctuelle dans l’axe du télescope
s’appelle la fonction d’étalement de point (PSF, pour Point-Spread Function), ou encore réponse
impulsionnelle spatiale. Elle prend des formes différentes suivant l’ouverture et les éléments optiques
(y compris les détecteurs) du télescope. À titre d’exemple, les aigrettes à six branches principales de
la PSF du télescope spatial JWST (Fig. 1.13, à droite) sont caractéristiques 22.

L’effet de la turbulence atmosphérique

Pour les télescopes au sol, la présence d’une masse d’air s’interposant entre le rayonnement des
sources astrophysiques et le système d’observation présente des difficultés particulières. L’atmosphère
est en effet hétérogène, et la répartition spatiale de sa densité au dessus du télescope varie sur des
échelles de temps assez courtes, de l’ordre de la seconde, et de manière turbulente, donc imprévisible.
Ainsi, un front d’onde incident, plan en haut de l’atmosphère, est rapidement déformé, du fait que

22. Elles sont liées à la structure hexagonale des éléments de miroir du JWST.

17



Figure 1.12 – Diffraction de Fraunhofer pour une ouverture circulaire parfaite de diamètre D.

Figure 1.13 – Fonctions d’étalement de point pour une ouverture circulaire parfaite donnant une
tache d’Airy (à gauche) et pour le JWST (à droite, Crédit : NASA/STScI).

chaque rayon subit un déphasage 23 différent. Cet effet provoque une distortion de la PSF, comme le
montre la Fig. 1.14. On la mesure au travers du seeing, qui est la valeur de la largeur à mi-hauteur de
la PSF, usuellement indiquée en seconde d’arc. Les meilleures conditions dans les observatoires au sol
en altitude donnent environ 0.25′′. Il serait alors illusoire d’espérer observer des structures plus petites
angulairement que cette valeur de seeing.

Afin de corriger ce défaut, les télescopes actuels font appel à l’optique adaptative, un système
par lequel les miroirs sont déformés de manière active, asservie à la mesure du front d’onde par des

23. On rappelle que la vitesse de phase s’écrit vφ = c/n, où n est l’indice optique, variable donc spatialement et
temporellement dans l’atmosphère.
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Figure 1.14 – Effet de la turbulence atmosphérique sur la PSF. L’échelle de Danjon qualifie le
degré de turbulence, du plus faible (V) au plus élevé (I). [Source : https://shorturl.at/aovS3]

senseurs. La déformation du miroir permet de corriger en temps réel les déformation du front d’onde
incident et de s’affranchir ainsi fortement de la turbulence atmosphérique (Fig. 1.15).

Figure 1.15 – Optique adaptative. Schéma de principe de la déformation du miroir (à gauche,
Source : https://shorturl.at/filxZ) et comparaison avec et sans optique adaptative sur l’obser-
vation d’un amas globulaire (à droite, Crédit : ESO).

Sources ponctuelles et sources étendues

La PSF est caractérisée par une certaine taille angulaire θPSF, typiquement sa largeur à mi-hauteur.
Par exemple, pour la simple tache d’Airy, on note que celle-ci vaut

θPSF ≈
λ

D
(1.5)

pour une ouverture de diamètre D et un rayonnement de longueur d’onde λ. On parle à propos de cette
quantité de résolution spatiale ou plus précisément de résolution angulaire. Cette taille caractéristique
permet de distinguer d’une part les sources ponctuelles, dont la taille angulaire est θ < θPSF, et les
sources étendues, pour lesquelles θ > θPSF. Les sources ponctuelles apparaissent dans l’image avec une
répartition de l’intensité qui suit la PSF, comme le montre la Fig. 1.13 (droite). Les sources étendues,
quant à elles, donnent une distribution dans le plan focal qui est la convolution de leur véritable
distribution de brillance par la PSF. Cela est dû aux propriétés de la transformée de Fourier.

1.2.3 Les différents types de détecteurs

Dans le plan focal, on place les détecteurs qui vont recueillir les photons pour convertir le signal
lumineux en signal électrique 24. Plusieurs technologies sont disponibles, dépendant notablement du

24. Il convient de remarquer qu’un élément essentiel n’est pas mentionné ici, à savoir le système qui permet de coupler
efficacement le télescope aux récepteurs : fibres optiques, cornets, amplificateurs, . . .
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domaine spectral considéré, faisant appel soit à des méthodes de détection des ”quanta”, soit à la
détection du champ électrique.

Figure 1.16 – Matrices CCD. Principe de lecture (à gauche) et matrice CCD (268 Megapixels)
OmegaCAM du Very Large telescope (ESO/VLT).

Matrices CCD

Dans le visible, les matrices CCD (pour ”Charge-Coupled Device”) ont pris le pas sur les plaques
photographiques et les photomultiplicateurs au cours des années 1990. Leur principe repose sur l’effet
photoélectrique dans les solides, c’est-à-dire l’arrachement d’un électron par apport d’énergie radia-
tive. Celui-ci est mis en application dans une multitude de petits récepteurs individuels, chacun d’eux
constituant un pixel, déposés sur un monocristal de silicium. Lorsqu’un des pixels est éclairé, il produit
des charges électriques qui sont stockées localement pendant un certain temps, puis transférées au
travers d’une électronique de lecture via l’application de potentiels adéquats 25. La Fig. 1.16 illustre
ce principe et montre un exemple de matrice CCD utilisée en astronomie (celle d’OmegaCAM installée
au foyer du VLT Survey Telescope).

Figure 1.17 – Bolomètres. Schéma de principe (à gauche) et exemple d’un bolomètre à 143 GHz
de l’instrument HFI sur la mission Planck (Source : https://shorturl.at/jvCG7).

25. Par des tensions appliquées entre deux cellules adjacentes, on fait migrer les charges accumulées sur un pixel au
pixel adjacent, d’abord sur une ligne, puis toute la ligne vers la sortie, où elles sont lues séquentiellement, ce qui donne
la mesure du flux lumineux reçu dans chaque pixel.
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Bolomètres

À plus basse fréquence, dans l’infrarouge et le millimétrique, on utilise des bolomètres, qui sont des
détecteurs fondés sur le principe de la mesure de l’échauffement d’un solide suite à l’absorption d’un
photon. La mesure de cet échauffement est faite à l’aide d’une thermistance, un dipôle semiconducteur
dont la résistance dépend très sensiblement de la température. Le schéma de principe de ce type de
détecteur est présenté sur la Fig. 1.17 (à gauche). La partie droite de la figure présente une photographie
de l’un des bolomètres ”spiderweb” de l’instrument HFI (High-Frequency Instrument) à bord de la
mission Planck, fonctionnant à 143 GHz. L’élément absorbant est la grille qui donne son nom au type
de bolomètre, et le dispositif rectangulaire au centre est le circuit de mesure de la température.

Détecteurs hétérodynes

À basses fréquences, dans le millimétrique et au-delà, la variation temporelle du champ électrique
est suffisamment lente pour qu’on puisse en récupérer la phase et non plus seulement l’amplitude 26.
C’est le principe de la détection hétérodyne, utilisée par exemple dans les télescopes et interféromètres
radio comme ALMA ou NOEMA (Fig. 1.18). Un oscillateur local fournit un signal de fréquence ν0 très
précise et de phase connue, qui est mélangé, c’est-à-dire multiplié, au signal astrophysique de fréquence
ν, grâce à des systèmes de type jonctions SIS (superconducteur-isolant-superconducteur) à effet
tunnel. Le signal résultant a les propriétés du signal astrophysique (amplitude et phase), mais est décalé
à plus basse fréquence encore, soit |ν − ν0|, et peut être numérisé pour être stocké et analysé.

Figure 1.18 – NOrthern Extended Millimetre Array (NOEMA). Vue d’ensemble de l’in-
terféromètre (en haut à gauche), dispositif placé au plan focal d’une antenne (à droite) et mélangeur
SIS en bande 1, soit 72− 116 GHz (en bas à gauche), Crédit : IRAM.

26. On rappelle par exemple que les détecteurs optiques, et nos yeux en particulier, sont sensibles à l’intensité I ∝ 〈E2〉,
moyenne temporelle du carré du champ, ce qui élimine l’information de phase.
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Scintillateurs

À l’autre bout du spectre, aux hautes énergies, la détection des photons présente la particularité que
ceux-ci sont très peu nombreux, et portent chacun, par définition, une énergie ε = hν très importante.
Il est donc essentiel de pouvoir détecter même un très faible flux de photons. C’est pourquoi on utilise des
scintillateurs, dont le principe repose sur la production, dans un matériau comme un cristal d’iodure
de sodium, de particules ionisantes par un seul photon énergétique (par effet photoélectrique, par
diffusion Compton, ou encore par production de paires). Ces particules ionisantes vont exciter
des atomes dans le matériau, qui vont se désexciter en émettant des photons de plus basse énergie.
Ceux-ci vont ensuite arracher des électrons à une photo-cathode, premier élément d’un tube photo-
multiplicateur, comme le montre la Fig. 1.19 (à gauche). Une cascade d’électrons secondaires est
produite au travers de nombreuses dynodes, sous une haute tension permettant leur accélération. Le
courant mesuré à l’anode finale est extrêmement sensible au flux de photons à haute énergie incident.

Figure 1.19 – Détecteurs du rayonnement de haute énergie. Schéma de principe d’un système
scintillateur-photomultiplicateur (à gauche, Crédit : Wikimedia Commons) et satellite Fermi, dont l’ins-
trument GBM est composé d’une quinzaine de scintillateurs (à droite, Crédit : Wikimedia Commons).

Figure 1.20 – Spectromètre HARPS. Photographie du dispositif montrant le réseau en réflexion
(à gauche, Crédit : ESO/HARPS) et mesures de la vitesse radiale de l’étoile Proxima Centauri avec
(notamment) HARPS. Les données (représentées par les cercles, carrés et triangles) ont été prises au
cours de 16 ans d’observations, et compilées pour faire ressortir, par ajustement (courbe en traits pleins),
le signal périodique associé à la présence d’une planète [9].
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Spectromètres

Les détecteurs placés au foyer des télescopes présentent une bande passante potentiellement assez
large, mais la répartition spectrale de la lumière reçue recèle une information cruciale sur les processus
physiques mis en jeu dans les objets astrophysiques. On a donc recours à des systèmes de spectrométrie,
pour disperser la lumière et mesurer son intensité longueur d’onde par longueur d’onde. Plus précisément,
on définit la résolution spectrale d’un instrument comme le rapport

Rλ =
λ

δλ
(1.6)

entre la longueur d’onde observée λ et le plus petit écart en longueur d’onde δλ décelable. L’instrument
HARPS (High Accuracy Radial velocity Planet Searcher), présenté sur la Fig. 1.20 et installé au foyer
du télescope de 3.6 m de diamètre de l’ESO (Observatoire de La Silla, Chili), est un exemple de
spectromètre de haute résolution (Rλ = 115000), fonctionnant sur le principe du réseau de type
échelle. L’élément de base de l’instrument est un réseau de diffraction fonctionnant en réflexion
(Fig 1.21). Le réseau est blazé pour présenter un maximum de luminosité dans un ordre q 6= 0. En
sortie du réseau, on place une lentille et une barrette CCD, qui sert de détecteur, dans le plan focal
de cette lentille, chaque élément de la barrette recevant alors une partie de la lumière dispersée par le
réseau, correspondant donc à une petite partie du spectre 27. Ces systèmes ont permis la détection de
nombreuses exoplanètes en utilisant la méthode des vitesses radiales (Fig. 1.20, droite).

Figure 1.21 – Spectromètre échelle. Principe de la dispersion avec un système réseau-lentille-CCD
(A), schéma d’un réseau en réflexion (B) et motif de réseau en réflexion blazé (C).

27. En réalité, il y a recouvrement des ordres, de sorte que chaque pixel est en réalité éclairé par un ensemble discret
de composantes de longueurs d’onde λq . Il est donc nécessaire de disposer un second élément disperseur entre le réseau
échelle et le détecteur, qui est typiquement un grism, c’est-à-dire un prisme auquel on accole un réseau de diffraction
en transmission. Pour séparer les ordres qui se recouvrent, on place ce grism de telle sorte qu’il disperse la lumière
perpendiculairement à la direction de dispersion du réseau échelle. C’est ce qu’on appelle une dispersion croisée. Le
détecteur est alors un ensemble de barettes CCD, qui peuvent recueillir un spectre complet comme celui de la Fig. 1.22.
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Figure 1.22 – Spectre stellaire obtenu avec un réseau de type échelle. On y distingue clairement
des raies d’absorption permettant de classifier l’étoile (Crédit : Australia National University).

1.2.4 Interférométrie

Dans les meilleures conditions imaginables, la résolution spatiale d’un télescope est néanmoins
limitée par la diffraction, avec θPSF ≈ λ/D. Pour pouvoir séparer des objets très proches dans le
ciel (comme une planète et son étoile), ou pour distinguer des détails très fins d’une source, on a
recours à l’interféromètrie, c’est-à-dire à la combinaison des signaux reçus par les différentes antennes
d’un réseau (des exemples sont montrés sur la Fig. 1.23). Tout se passe alors (presque) comme si
l’on disposait d’un télescope dont le diamètre était égal à la plus grande séparation Dmax entre deux
éléments du réseau,

θeff ≈
λ

Dmax
(1.7)

ce qui est potentiellement nettement plus petit que θPSF. La façon dont les signaux sont combinés
dépend du domaine spectral : en optique et en infrarouge, on combine les faisceaux lumineux captés
par les différents télescopes en insérant des lignes à retard pour assurer la cohérence temporelle.
La superposition, c’est-à-dire l’addition, des champs électriques de haute fréquence produit des in-
terférences, et on mesure l’intensité du signal résultant (moyenne temporelle du carré du champ). En
radioastronomie, comme on l’a dit plus haut, on peut avoir accès pour chaque antenne non seulement à
l’amplitude mais aussi à la phase du signal reçu, converti en tension électrique. On combine ces tensions
en les multipliant, ce qui fournit ce qu’on appelle des visibilités, qui échantillonnent la transformée de
Fourier de la distribution de brillance sur le ciel. On reconstruit alors l’image par transformée de Fourier
inverse 28. On peut même procéder à cette combinaison a posteriori, en enregistrant le signal reçu par
chaque antenne. C’est le principe de l’interférométrie à très longue base (VLBI, pour Very Long
Baseline Interferometry), dont l’un des succès éclatants des dernières années est la production des
premières images directes de l’environnement immédiat de trous noirs supermassifs au centre
des galaxies (Fig. 1.24).

28. C’est bien entendu un peu plus compliqué que cela, puisque l’échantillonnage du plan de Fourier est incomplet.
On doit avoir recours à des méthodes de déconvolution sophistiquées, telles que l’algorithme CLEAN ou les approches par
maximum d’entropie [10].
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Figure 1.23 – Quelques observatoires interférométriques. VLTI (domaine optique et proche infra-
rouge, ESO), VLA (domaine radio centimétrique, NRAO), SMA (domaine submillimétrique, A. Darian
/ SMA), et le projet international SKA (domaine radio centimétrique à métrique, SKAO).

1.3 L’astrophysique multi-messagers

Si le rayonnement électromagnétique constitue l’essentiel de notre source d’information sur le fonc-
tionnement des objets astrophysiques, d’autres canaux existent, ouvrant l’ère de l’astrophysique multi-
messagers : des particules (rayons cosmiques et neutrinos) et des ondes gravitationnelles.

1.3.1 Les rayons cosmiques

Nature et origine

Les rayons cosmiques sont des particules (noyaux et électrons) de haute énergie (10 à 1014 MeV),
donc relativistes 29. Ils ont été découverts au début du XXe siècle par Victor Hess 30, au travers de leur
effet d’ionisation de l’atmosphère terrestre 31. Produits par les supernovæ et les objets compacts 32, qui
fournissent également des rayons X de 1 à 10 keV, ils sont accélérés par un processus appelé diffusion
de Fermi dans les chocs magnétisés 33. La composition de ces rayons cosmiques (Fig. 10.21, droite)
est approximativement celle du voisinage solaire, avec une surabondance d’éléments légers (lithium,
beryllium et bore) du fait du phénomène de spalliation des noyaux plus lourds par interaction avec le
milieu interstellaire (MIS). La distribution en énergie des rayons cosmiques (Fig. 10.21, gauche) suit
une loi de puissance, c’est-à-dire que le flux de cosmiques (nombre de particules par unité de surface,
par unité de temps et par intervalle en énergie) varie comme

ΦCR(E) ∝ E−α (1.8)

29. Le facteur de Lorentz est γ � 1, de sorte que leur énergie E = γmc2 est très grande devant l’énergie de masse.
30. Peggau, 24 juin 1883 - Mount Vernon, 17 décembre 1964.
31. L’ionisation augmentait avec l’altitude, ne subissait pas de variation diurne, et était sensiblement isotrope.
32. ACela est vrai au moins pour les cosmiques d’énergie jusqu’à 109 MeV. Les cosmiques plus énergétiques sont

probablement d’origine extragalactique.
33. L’accélération de Fermi des rayons cosmiques nécessite un champ magnétique variable dans le temps, ce qui est

fourni par le fait que le champ magnétique est gelé dans le plasma turbulent des restes de supernova.
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Figure 1.24 – VLBI avec l’Event Horizon Telescope (EHT). Positions des antennes formant le
réseau EHT (en haut, Wikimedia Commons) et premières images directes de trous noirs supermassifs
au centre de notre Galaxie (en bas à gauche) [11] et au centre de la galaxie M87 (en bas à droite) [12].

avec un indice spectral α ∼ 2.7. Cette loi de puissance présente une coupure à basse énergie, les
cosmiques peu énergétiques étant déviés par le vent solaire magnétisé (on parle de modulation). L’in-
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teraction entre champ magnétique et rayons cosmiques se manifeste également dans l’équipartition
entre densité d’énergie des cosmiques et densité d’énergie du champ magnétique dans le milieu inter-
stellaire. Les cosmiques, particules chargées, sont contraints à des orbites hélicöıdales autour des lignes
de champ, avec des rayons de gyration rB = γmv/(qB) bien plus petits que la taille de la Galaxie 34

et ils sont donc confinés dans la Galaxie. Les irrégularités du champ magnétique amènent cependant
à une diffusion progressive, sur des échelles de temps de l’ordre de 107 an.

Figure 1.25 – Distribution en énergie et composition des rayons cosmiques. Figures issues
de [3].

Observations

Les rayons cosmiques parvenant au sommet de l’atmosphère terrestre interagissent avec les molécules
présentes, créant des particules secondaires en cascade sous la forme de gerbes cosmiques. Ces par-
ticules relativistes se déplacent plus vite que la lumière dans l’air, ce qui provoque un effet Cerenkov
observé par des télescopes γ (H.E.S.S. - Fig. 1.27, MAGIC, VERITAS, Auger et le futur Cerenkov Te-
lescope Array). Les particules qui atteignent le sol peuvent être détectées par le biais de scintillateurs.
On peut ainsi mesurer le flux total et la distribution en énergie des cosmiques, mais aussi mettre en
évidence les sources individuelles de cosmiques, notamment les restes de supernovæ 35.

1.3.2 Les neutrinos

Les neutrinos sont créés à la suite de certains types de désintégrations radioactives, de réactions
nucléaires telles que celles qui ont lieu dans le Soleil, de phénomènes astrophysiques à haute énergie
comme les supernovæ, ou encore lorsque les rayons cosmiques frappent des atomes dans l’atmosphère.
Les neutrinos interagissent très faiblement avec la matière, ce qui signifie d’une part qu’il est peu
probable qu’ils se dispersent le long de leur trajectoire, contrairement aux photons, et donc qu’ils offrent
une occasion unique d’observer des processus inaccessibles aux télescopes optiques, et d’autre part que
les détecteurs de neutrinos doivent avoir de grandes masses cibles et se situer dans des endroits
limitant le bruit de fond, comme des mines, le fond des mers, ou encore en Antarctique (Fig. 1.28).

34. La propagation des cosmiques dans la Galaxie est modélisée par des codes dédiés, tels GALPROP.
35. Des mesures indirectes des cosmiques sont également possibles, notamment dans le domaine des γ, avec des

observatoires spatiaux (Compton-GRO, Chandra, Integral, Fermi). Ce rayonnement continuum γ, observé dès les années
1960, est dû à l’interaction des protons de haute énergie avec les protons du milieu interstellaire, produisant des pions qui
se désintègrent ensuite en photons γ selon

pCR + pMIS → pCR + pMIS + π0 π0 → γ + γ (1.9)

D’autre part, les électrons relativistes dans le champ magnétique interstellaire produisent un rayonnement synchrotron à
basse fréquence, observable depuis le sol.
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Figure 1.26 – Gerbe cosmique. (Crédit : CERN).

Figure 1.27 – Télescope H.E.S.S. II. (Crédit : Wikimedia Commons)

Les premiers neutrinos solaires furent détectés en 1968 avec l’expérience Homestake. Ces neutrinos
ont pour origine les processus de fusion de l’hydrogène qui ont lieu au cœur du Soleil (châıne proton-
proton principalement et cycle CNO dans une moindre proportion). Cette expérience mesura un flux
de neutrinos électroniques 36 sensiblement inférieur à la valeur attendue (entre un tiers et la moitié du

36. Selon le modèle standard, il existe trois familles, ou ”saveurs” de neutrinos : électronique, muonique, et tauonique.

28



nombre de neutrinos électroniques prévu par le modèle solaire standard). Cette divergence, connue sous
le nom de problème des neutrinos solaires, est restée sans solution pendant une trentaine d’années,
jusqu’à ce qu’il soit réalisé que les neutrinos étaient plus complexes qu’on ne le pensait. Il a été postulé
que les trois neutrinos avaient des masses non nulles et légèrement différentes, et pouvaient donc
osciller en des saveurs indétectables lors de leur vol vers la Terre, ce qui fut confirmé par l’expérience
SNO, qui pouvait détecter toutes les saveurs de neutrinos et n’a trouvé aucun déficit. La caractérisation
des neutrinos solaires permet de contraindre la composition du cœur du Soleil, du fait que les différents
processus de fusion thermonucléaires produisent des neutrinos avec des spectres en énergie différents.

Les neutrinos permettent également de sonder les phénomènes astrophysiques violents comme
les supernovæ. Ainsi, lors d’une supernova à effondrement de cœur, 99% de l’énergie libérée se
trouve sous forme de neutrinos, qui, interagissant très peu avec la matière, sont capables de s’échapper
en quelques secondes, tandis que les photons peuvent être piégés dans la supernova dense pendant des
heures. Les détecteurs de neutrinos peuvent être ainsi utilisés comme système d’alerte permettant de
détecter une supernova avant qu’elle ne devienne visible et donc d’alerter les télescopes optiques.

Figure 1.28 – Expérience IceCube de détection de neutrinos d’origine astrophysique. (Crédit :
Wikimedia Commons)

1.3.3 Les ondes gravitationnelles

Les ondes gravitationnelles sont des déformations du champ de gravitation qui se propagent. Elles
sont produites par des objets astrophysiques massifs accélérés 37, en particulier les systèmes binaires
constitués de deux objets compacts, dénomination recouvrant les trous noirs, les étoiles à neutrons
ou pulsars 38 et les naines blanches. Leur existence a été postulée par Oliver Heaviside 39 et Henri
Poincaré 40 au début du siècle dernier, mais c’est le développement de la relativité générale par Albert
Einstein 41 qui leur a fourni un cadre théorique solide 42, en montrant la possibilité d’une propagation
d’ondulations de l’espace-temps à la vitesse de la lumière c.

La première preuve indirecte de l’existence des ondes gravitationnelles a été apportée en 1974 par
l’observation du système PSR 1913+16, constitué d’un pulsar et d’une étoile à neutrons. Russell A.

37. Il est nécessaire que la distribution des masses présente une certaine asymétrie.
38. Les pulsars sont des étoiles à neutrons en rotation dont on détecte un rayonnement pulsé très stable en fréquence.
39. Camden Town, 18 mai 1850 - Torquay, 3 février 1925.
40. Nançy, 29 avril 1854 - Paris, 17 juillet 1912.
41. Ulm, 14 mars 1879 - Princeton, 18 avril 1955.
42. En effet, si les propositions antérieures d’ondes gravitationnelles faisaient l’analogie avec les ondes

électromagnétiques, le cadre classique de la mécanique suppose l’instantanéité des actions gravitationnelles.
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Hulse 43 et Joseph Hooton Taylor Jr. 44 ont observé que la période des pulses du pulsar changeait de
manière systématique, et elle-même périodique, ce qui impliquait la présence d’un compagnon, l’étoile
à neutrons. La mesure de ces variations leur a permis de montrer que la distance orbitale entre les
deux astres était décroissante, donc que le système perdait de l’énergie. Cette observation était en
parfait accord avec la prédiction d’émission d’ondes gravitationnelles qui emporteraient cette énergie.

Figure 1.29 – Détection indirecte des ondes gravitationnelles. Schéma du système binaire observé
(à gauche, Crédit : S. L. Larson) et mesure de la décroissance orbitale (à droite, Crédit : Wikimedia
Commons).

Figure 1.30 – Détection directe d’ondes gravitationnelles par l’instrument LIGO. Les figures à
gauche montrent les données observationnelles et leur modélisation, le schéma de droite en explique les
différentes parties (”inspiral”, ”merger” et ”ring-down”) [13].

La première observation directe des ondes gravitationnelles a eu lieu le 14 septembre 2015 et a
été annoncée par les collaborations LIGO et Virgo le 11 février 2016. Un signal produit par la fusion

43. New York City, 28 novembre 1950 - . . .
44. Philadelphie, 29 mars 1941 - . . .
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de deux trous noirs d’une trentaine de masses solaires chacun, situés à environ 400 Mpc 45, a été
reçu par les détecteurs d’ondes gravitationnelles LIGO à Livingston (Louisiane) et Hanford (état de
Washington) [14]. Ces détecteurs sont des interféromètres de Michelson extrêmement sensibles,
capables de détecter les variations infimes de la longueur de leurs bras (les variations relatives sont de
l’ordre 10−21 !) au passage de l’onde gravitationnelle. Depuis, de nombreux autres évènements de ce
type ont été observés, notamment des fusions entre un trou noir et une étoile à neutron, ainsi que
des contreparties en ondes électromagnétiques, dans le domaine γ, qui ont permis de confirmer que la
vitesse des ondes gravitationnelles est bien c (Fig. 1.31).

Figure 1.31 – L’évènement du 17 août 2017. Cet évènement de fusion de deux étoiles à neutrons
a été vu en ondes gravitationnelles GW170817 (à gauche) et a donné lieu à une contrepartie transitoire
électromagnétique de type kilonova (à droite) [15].

Les autres sources possibles d’ondes gravitationnelles sont les évènements violents comme les su-
pernovæ, à condition que cette explosion ne soit pas parfaitement à symétrie sphérique (c’est-à-dire
si la matière n’est pas expulsée uniformément dans toutes les directions). Comme le mécanisme exact
par lequel les supernovæ se produisent n’est pas entièrement compris, il n’est cependant pas facile de
modéliser le rayonnement gravitationnel qu’elles émettent. Enfin, de nombreux modèles de l’Univers
primordial suggèrent l’existence d’une période inflationnaire pendant laquelle l’expansion a suivi une
loi exponentielle. Ces modèles prédisent que des ondes gravitationnelles primordiales auraient été
produites à cette époque, dont la signature pourrait se trouver dans la polarisation du fond diffus
cosmologique. Des projets observationnels, au sol (CMB-S4) comme depuis l’espace (LiteBIRD) sont
actuellement en développement pour rechercher ce signal. Enfin, le chronométrage ultra-précis des
pulsars (PTA pour Pulsar Timing Array) permet depuis l’an dernier de détecter le fond stochastique

45. Historiquement, un parsec est défini comme la distance à laquelle une unité astronomique (UA), c’est-à-dire la
distance moyenne Terre-Soleil, sous-tend un angle d’une seconde d’arc. On a 1 pc ≈ 3.26 a.l. ≈ 3 1016 m.
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d’ondes gravitationnelles associé aux très nombreux évènements trop faibles pour être détectés in-
dividuellement (Fig. 1.32, [16]). Dans le futur, des projets d’interféromètres spatiaux comme LISA
permettront d’explorer systématiquement cette nouvelle fenêtre sur l’Univers.

Figure 1.32 – Détection du fond stochastique d’ondes gravitationnelles. Le schéma de gauche
présente le principe de la détection par mesure des variations des temps d’arrivées de pulses en prove-
nance d’un ensemble de pulsar, la figure de droite montre la corrélation entre ces variations en fonction
de la séparation angulaire entre deux pulsars dans le ciel. En l’absence de fond d’ondes gravitationnelles,
on se serait attendu à une corrélation nulle [16].
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Chapitre 2
Le transfert de rayonnement

Pour traiter de l’observation du rayonnement des objets astrophysiques, il convient d’introduire
la grandeur fondamentale de ce domaine qu’est l’intensité spécifique, en partant des équations de
Maxwell régissant l’électromagnétisme dans le vide. On définit ensuite les grandeurs photométriques
qui en sont dérivées, en particulier le système des magnitudes couramment utilisé. Pour comprendre
le fonctionnement des objets de l’Univers, il est également essentiel de comprendre l’interaction de la
lumière avec les milieux matériels (émission, absorption, et diffusion), ce qui amène à l’équation du
transfert, fondamentale en astrophysique.

2.1 L’intensité spécifique

2.1.1 Des équations de Maxwell à l’énergie portée par le champ

Équations de Maxwell dans le vide

L’électromagnétisme dans le vide est fondé classiquement sur les quatre équations de Maxwell :

~∇ · ~E = 0 ~∇ · ~B = 0 ~∇∧ ~E = −∂
~B

∂t
~∇∧ ~B = ε0µ0

∂ ~E

∂t
(2.1)

Les objets qu’on sera amené à considérer étant très lointains, on pourra supposer que les ondes
électromagnétiques qui nous en parviennent sont planes et progressives, se propageant dans une di-
rection repérée par un vecteur unitaire ~k. On rappelle que le champ électrique et le champ magnétique
de cette onde sont reliés par

~B =
~k ∧ ~E
c

, (2.2)

où c = 299792458 m · s−1 est la célérité de la lumière dans le vide 1. Les vecteurs (~k, ~E, ~B) forment
donc un trièdre orthogonal direct. La linéarité des équations de Maxwell permet de se restreindre
à des ondes monochromatiques, le cas d’une onde polychromatique pouvant être traité ensuite en
utilisant le théorème de superposition.

1. On rappelle qu’on a la relation ε0µ0c2 = 1.
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Vecteur et identité de Poynting

À partir des équations de Maxwell dans le vide, on peut établir une équation de conservation de
l’énergie, qu’on appelle identité de Poynting

∂u

∂t
+ ~∇ · ~Π = 0 avec u =

ε0E
2

2
+
B2

2µ0
et ~Π =

~E ∧ ~B
µ0

(2.3)

Exercice 1 : Établir l’équation (2.3).

Dans cette équation, u est la densité volumique d’énergie électromagnétique et ~Π est le vecteur
de Poynting. On a noté E = || ~E|| le module du vecteur champ électrique et B = || ~B|| celui du vecteur

champ magnétique. Le vecteur de Poynting est porté par le vecteur unitaire ~k, avec

~Π =
1

µ0c
~E ∧

(
~k ∧ ~E

)
=
E2

µ0c
~k (2.4)

La formule de Green-Ostrogradsky 2 permet d’écrire l’identité de Poynting sous une forme intégrale,
en considérant un volume V fixe, dont on note la surface frontière Σ. En posant d~S = dS~e avec ~e le
vecteur normal à la surface dirigé vers l’extérieur de V, et dτ l’élément de volume, on montre alors que

dE
dt

=

"
Σ

~Π · d~S avec E =

˚
V
udτ (2.6)

E est l’énergie du champ contenue dans le volume V. Cette expression permet d’interpréter le flux du
vecteur de Poynting apparaissant dans le membre de droite comme la puissance électromagnétique
(énergie par unité de temps) traversant la surface Σ.

M

dΩ

dΣ

c dt

k

Figure 2.1 – Définition de l’intensité spécifique dans la direction normale. Notations utilisées
pour définir l’intensité spécifique dans la direction ~k normale à l’élément de surface.

2. On rappelle que celle-ci s’écrit ˚
~∇ · ~A =

"
~A · d~S (2.5)
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Énergie électromagnétique traversant une surface

On considère une petite surface dΣ perpendiculaire à la direction de propagation ~k. Comme le
montre le schéma de la Fig. 2.1, l’énergie électromagnétique traversant cette surface pendant un petit
temps dt s’écrit dE = cudΣdt. Dans le cas où la petite surface dΣ est inclinée d’un angle θ par rapport
à la direction de propagation (Fig. 2.2), cette expression devient dE = cudΣ cos θ dt.

Exercice 2 : Justifier que cette énergie s’écrit bien dE = cudΣdt.

M
dΩ

dΣ

k

dΣ cos θ

n
θ

Figure 2.2 – Définition de l’intensité spécifique dans une direction quelconque. Notations
utilisées pour définir l’intensité spécifique dans une direction ~k quelconque.

On considère maintenant un rayonnement constitué d’un ensemble d’ondes planes progressives,
avec une répartition spectrale continue en fonction de la fréquence ν, se propageant toutes dans la
même direction. On considère que ces différentes ondes n’interfèrent pas entre elles et on peut donc
traiter le rayonnement de fréquence ν à dν près comme une onde plane progressive monochromatique.
Dans une approche corpusculaire du rayonnement, l’énergie électromagnétique est donc portée par
des photons de différentes fréquences ν, et l’on rappelle que l’énergie d’un photon est

ε = hν (2.7)

On note nνdν le nombre de photons par unité de volume dont la fréquence est comprise entre
ν et ν + dν, et uνdν la densité volumique d’énergie du champ électromagnétique dans cet intervalle
de fréquence. On a bien sûr

uν = hνnν u =

ˆ ∞
0

uνdν =

ˆ ∞
0

hνnνdν (2.8)

Si l’on ne s’intéresse qu’à l’énergie électromagnétique dEν traversant la surface dΣ pendant dt et portée
par des photons de fréquence comprise entre ν et ν + dν, on peut donc l’écrire

dEν = c (uνdν) cos θdΣdt = hνcnνdΣ cos θ dtdν. (2.9)
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k

dΩn

θ

ϕ

dΣ

M

F+
ν

F−
ν

Figure 2.3 – Définition des angles θ et φ, et de l’élément d’angle solide dΩ. Ces notations sont
aussi utilisées plus tard pour définir l’élément de densité spectrale de flux, dFν : l’intégration sur le
demi-espace avant fournit F+

ν (puissance traversant la surface ”vers le haut”), celle sur le demi-espace
arrière fournit F−ν (flux ”vers le bas”).

2.1.2 Définition et propriétés de l’intensité spécifique

Définition de l’intensité spécifique

Jusqu’à présent, nous avons considéré que la direction ~k de propagation des photons était parfaite-
ment déterminée. En réalité, il convient de tenir compte du fait que cette direction de propagation
n’est pas à valeurs discrètes, mais peut varier continûment. Il faut donc exhiber un élément
d’intégration sur les directions, semblable à ce que peut être dt pour le temps ou dν pour la
fréquence. Comme on repère la direction de propagation par le couple d’angles (θ, φ) indiqué sur la
Fig. 2.3, avec θ ∈ [0, π] et φ ∈ [0, 2π], cet élément d’intégration sur les directions est l’angle solide
élémentaire 3 dΩ = sin θ dθ dφ. On introduit alors la quantité Nν(θ, φ) de telle sorte que le nombre
de photons par unité de volume dont la fréquence est comprise entre ν et ν + dν et dont la
direction de propagation est ~k à dΩ près soit Nν(θ, φ)dν dΩ. L’énergie dEν portée par ces photons
et traversant la surface dΣ pendant dt s’écrit alors

dEν = hνcNν(θ, φ)dν dΩ dΣ cos θ dt = Iν(θ, φ) dΣ cos θ dtdν dΩ (2.10)

où l’on a introduit l’intensité spécifique Iν (aussi appelée brillance)

Iν =
dEν

dΣ cos θ dtdν dΩ
= hνcNν (2.11)

L’intensité spécifique, Iν(M,~k, t, ν) dépend en général du point M de l’espace considéré, de la di-

rection ~k, du temps t et de la fréquence ν. Elle décrit complètement la distribution spatiale,
angulaire, spectrale et temporelle du champ de rayonnement 4.

3. L’angle solide correspondant à l’ensemble des directions de l’espace est Ω0 = 4π
4. Une réserve importante toutefois est que la grandeur scalaire Iν ainsi définie ne contient aucune information sur

l’état de polarisation (linéaire, circulaire ou elliptique, totale ou partielle) du rayonnement. Dans certaines situations, il
est important de le prendre en compte et on introduit alors une matrice dont les éléments sont les paramètres de Stokes
notés I, Q, U et V
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Unités et grandeurs associées

L’intensité spécifique Iν s’exprime en W.m−2.Hz−1.sr−1 dans le système international 5. En intégrant
sur toutes les fréquences, on définit une intensité bolométrique,

I(M,~k, t) =

ˆ ∞
0

Iν(M,~k, t, ν)dν

qui s’exprime en W.m−2.sr−1 dans le système international. L’intensité émise par une source de lumière
de la vie courante (tube néon, ampoule à filament, flamme) est parfois appelée luminance. Pour parler
d’une source astrophysique, ou d’un écran, on emploie le terme de brillance ou encore brillance de
surface, ce dernier nom étant la plupart du temps réservé au cas des sources étendues, résolues
spatialement.

Conservation de l’intensité spécifique dans le vide

L’importance conceptuelle de l’intensité spécifique vient d’une propriété fondamentale de conser-
vation dans le vide. Comme on le verra par la suite, cette caractéristique importante de Iν est une
conséquence immédiate de l’équation du transfert mais pour mieux saisir le sens et la portée de cette
propriété, on peut l’établir séparément, à partir de considérations géométriques et de la conservation
de l’énergie, en s’appuyant sur la Fig. 2.4.

Cette propriété de conservation dans le vide (en l’absence d’absorption, de diffusion, ou de source
de rayonnement entre les points A et B), s’écrit sous la forme

Iν(A,~k, t, ν) = Iν(B,~k, t′, ν) (2.12)

Notons que le temps de parcours de la lumière est pris en compte dans l’écriture ci-dessus, via

t′ = t+
AB

c
(2.13)

Exercice 3 : Démontrer la relation 2.12.

La conservation de Iν est une propriété très importante car elle nous indique que si le milieu traversé
n’altère pas le rayonnement, l’intensité mesurée au niveau du récepteur est identique à celle
émise par la source astrophysique : on peut se la représenter à la fois comme une énergie sortant
de la source et comme une énergie entrant dans le détecteur. La seconde conséquence importante est
qu’étant indépendante de la distance, la brillance des objets célestes résolus ne dépend pas de
l’instrument : la Lune vue à travers des jumelles apparâıt plus grosse, mais pas plus brillante qu’à l’œil
nu. Pour rendre des objets résolus apparemment plus ”brillants”, il faut un détecteur (par exemple une
matrice de CCD) qui intègre sur des temps longs, puisque dEν ∝ dt, ou bien sur une bande passante
plus large, puisque dEν ∝ dν. Cette propriété n’est en rien paradoxale, et ne saurait être opposée à
l’idée intuitive d’une décroissance en raison du carré inverse de la distance. Cette dernière propriété est
en effet réalisée pour le flux, dont on parlera plus bas, et non pour l’intensité.

Définition de l’intensité spécifique en longueur d’onde

On peut tout aussi bien définir l’intensité spécifique en considérant les photons de longueur d’onde
comprise entre λ et λ+ dλ. On écrit alors l’énergie correspondante sous la forme

dEλ = IλdΣ cos θdtdΩdλ (2.14)

5. Elle s’exprime en erg.cm−2.s−1.Hz−1.sr−1 dans le système CGS prisé des astrophysiciens.

37



k
nB

θB

B

dΩAB

dΣB

A

nA

dΣA

dΩBA

θA
k

Figure 2.4 – Conservation de Iν dans le vide. Notations utilisées pour établir la conservation de
l’intensité spécifique entre les points A et B lorsqu’aucune interaction n’intervient le long du trajet AB
entre les deux points.

ce qui définit alors une intensité spécifique Iλ s’exprimant (par exemple) en W.m−2.nm−1.sr−1. Il
existe bien entendu une relation entre Iλ et Iν , qu’on établit en écrivant que dEλ est égale à dEν si les
intervalles spectraux en fréquence et en longueur d’onde se correspondent l’un à l’autre. On obtient alors

νIν = λIλ (2.15)

Exercice 4 : Démontrer la relation 2.15.

Les quantités λIλ ou νIν sont fréquemment employées pour présenter des spectres astrophysiques
(plutôt que simplement Iλ ou Iν) car elles ont l’avantage de ne pas dépendre du fait qu’on choisisse λ
ou ν pour préciser l’intervalle spectral qu’on considère. Ainsi, on pourra représenter une seule courbe,
avec un axe horizontal inférieur repérant les fréquences, et un axe horizontal supérieur représentant les
longueurs d’onde 6.

2.2 Les grandeurs photométriques dérivées

2.2.1 Les moments de l’intensité spécifique

Iν(M,~k, t, ν) contient une information très complète, puisqu’elle dépend de sept paramètres (trois
coordonnées de position, deux angles, le temps, et la fréquence), mais en général, ni l’observation ni la
modélisation ne permettront de caractériser le champ de rayonnement avec autant de détails 7. On est
donc amené à considérer des grandeurs dérivées, décrivant moins finement le champ de rayonnement,
mais fournissant en revanche directement une caractéristique globale importante. Ces grandeurs peuvent
être vues comme des moments de l’intensité spécifique vis à vis de la direction ~k.

6. C’est le cas par exemple sur la Fig. 1.7.
7. Il est commode de caractériser la dépendance angulaire de l’intensité (émise ou reçue par une antenne radio par

exemple) par un diagramme de rayonnement. On utilise alors une représentation en coordonnées sphériques dans laquelle
r(θ, ϕ) est proportionnel à l’intensité dans la direction (θ, ϕ).
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L’intensité moyenne

Par exemple, si l’on renonce complètement à connâıtre la répartition angulaire du rayonnement, on
peut se contenter de la moyenne sur toutes les directions, ce qui amène à définir l’intensité moyenne

Jν =
1

4π

ˆ
IνdΩ =

1

4π

ˆ 2π

0

dϕ

ˆ π

0

Iν sin θdθ (2.16)

où θ et ϕ sont les angles décrivant la direction ~k (voir la Fig. 2.3). L’intensité moyenne Jν s’exprime
donc, comme Iν , en W.m−2.Hz−1.sr−1.

La densité spectrale et volumique d’énergie

On définit ensuite la densité spectrale et volumique d’énergie du rayonnement par la relation

uν =
1

c

ˆ
IνdΩ =

4π

c
Jν (2.17)

Pour comprendre cette dénomination, on peut l’écrire à l’aide de la grandeur Nν définie plus haut,

uν = hν

ˆ
NνdΩ

Son interprétation est ainsi triviale, puisque l’intégrale de Nνdν sur toutes les directions représente la
densité volumique de photons de fréquence ν à dν près. Chacun de ces photons emporte une énergie
hν, ce qui justifie que uν représente bien l’énergie du rayonnement par unité de volume et par intervalle
de fréquence, d’où le nom de densité spectrale et volumique d’énergie.

La densité spectrale de flux

On définit la densité spectrale de flux par la relation

Fν =

ˆ
Iν cos θ dΩ (2.18)

La raison de cette définition est comprise en généralisant à une densité spectrale de flux de na-
ture vectorielle qui représente de manière évidente une moyenne vectorielle de l’intensité

~Fν =

ˆ
Iν ~k dΩ (2.19)

Les composantes de ce vecteur s’écrivent

Fν,x =

ˆ
Iν sin θ cosϕdΩ Fν,x =

ˆ
Iν sin θ sinϕdΩ Fν,z =

ˆ
Iν cos θ dΩ (2.20)

Dans le cas d’une symétrie axiale du champ de rayonnement autour de l’axe z, seule la composante
Fν,z est non nulle, ce qui justifie qu’on nomme abusivement densité spectrale de flux l’expression
scalaire (2.18). Son unité SI 8 est le W.m−2.Hz−1. Il s’agit donc d’une puissance par intervalle de
fréquence et par unité de surface 9.

8. En radioastronomie on utilise le Jansky, avec 1 Jy = 10−26 W.m−2.Hz−1.
9. Notons quelques remarques lexicales : lorsque le flux concerne du rayonnement arrivant sur un récepteur, on parle

d’éclairement. Si, au contraire, il s’agit d’un rayonnement émis par la surface d’une source lumineuse, on parle d’émittance
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Le flux total

Le flux total ou flux bolométrique F est alors l’intégrale de Fν sur toutes les fréquences :

F =

ˆ ∞
0

Fνdν (2.21)

Il s’exprime bien entendu en W.m−2 et représente la puissance lumineuse totale traversant une
unité de surface.

Le flux entrant et le flux sortant

Le flux total et la densité spectrale de flux ainsi écrits sont des flux algébriques, dont le signe dépend
de l’orientation du vecteur normal à la surface (~n sur la Fig. 2.3). En effet, sur le demi-espace “avant”
défini par 0 6 θ < π/2, µ = cos θ est positif alors que sur le demi-espace “arrière” (π/2 < θ < π),
µ = cos θ est négatif. Aussi est-il judicieux d’introduire des grandeurs positives caractérisant la puis-
sance lumineuse traversant dΣ dans un sens ou dans l’autre, respectivement F+

ν et F−ν , par

F+
ν =

ˆ 2π

0

dϕ

ˆ π/2

0

Iν cos θ sin θ dθ et F−ν =

ˆ 2π

0

dϕ

ˆ π

π/2

Iν | cos θ| sin θ dθ. (2.22)

qu’on nommera respectivement densité spectrale de flux sortant et densité spectrale de flux
entrant. De même, on définit des quantités intégrées sur la fréquence,

F+ =

ˆ ∞
0

F+
ν dν et F− =

ˆ ∞
0

F−ν dν

qu’on nommera respectivement flux sortant et flux entrant. Avec ces définitions, Fν apparâıt comme
la différence entre deux termes positifs : Fν = F+

ν − F−ν .

Décroissance du flux avec la distance

Contrairement à l’intensité spécifique, la densité spectrale de flux varie avec la distance à la
source. Pour le montrer, on considère la densité spectrale de flux reçue sur Terre en provenance d’une
étoile autre que le Soleil, donc non résolue spatialement, c’est-à-dire que l’angle θi caractérisant la
résolution de l’instrument 10 est supérieur à la taille apparente θc de l’étoile. Celle-ci est supposée à
symétrie sphérique, Lambertienne 11, de rayon R, et son centre est situé à la distance D du détecteur
placé en O (voir la Fig. 2.5). La densité spectrale de flux reçue sur le détecteur est alors

Fν = πI0

(
R

D

)2

(2.23)

Exercice 5 : Démontrer la relation 2.23 en s’appuyant sur les notations de la Fig. 2.5.

ou encore d’exitance. De plus, dans d’autres domaines de la physique on emploie le terme de flux dans un sens différent,
pour caractériser la puissance (ou le nombre de particules, la masse, etc ...) traversant l’ensemble d’une surface donné. La
notion locale de densité de flux est alors introduite pour définir la puissance traversant l’unité de surface. Pour nous, le
terme de densité est entendu au sens spectral, c’est-à-dire par intervalle de fréquence, et la notion de localité est implicite.

10. Pour simplifier, on suppose que le détecteur est parfaitement sensible pour |θ| 6 θi/2 et insensible à la radiation
en provenance des directions |θ| > θi/2.

11. Cela signifie que l’intensité spécifique I0 qu’elle émet dans un demi-espace ne dépend pas de la direction.
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Figure 2.5 – Décroissance du flux en 1/r2.

On constate une dépendance en fonction de la distance, Fν ∝ D−2. Les objets non résolus
apparaissent d’autant plus brillants 12 qu’ils sont plus près. De même, si on les observe avec un
instrument grossissant, leur diamètre apparent θc augmente et ils apparaissent alors plus brillants. Cet
effet cesse dès que les objets sont résolus (Fig. 2.6). En effet, pour prendre un cas simple, considérons
l’observation du centre d’une étoile à symétrie sphérique, Lambertienne (avec Iν = I0) et résolue
spatialement, en notant Ωi l’angle solide correspondant à la résolution instrumentale et Ωc l’angle
solide apparent de l’étoile. On suppose donc que Ωi < Ωc. Si cet angle solide Ωi est suffisamment
petit, le facteur cos θ dans l’intégrale (2.18) est très proche de 1, et la densité spectrale de flux reçue
par le détecteur prend la forme Fν = I0Ωi. Elle est donc indépendante de la taille apparente Ωc. Dans
le cas d’une source non résolue, en revanche, la densité spectrale de flux reçue est Fν = I0Ωc et dépend
donc de la taille apparente de l’objet, qui varie comme le carré inverse de la distance.

La pression de radiation

Comme on le sait, le rayonnement transporte non seulement de l’énergie mais aussi de la quantité
de mouvement, chaque photon de fréquence ν portant également une impulsion

~π =
ε

c
~k =

hν

c
~k

avec ~k le vecteur unitaire de la direction de propagation. Ce transport d’impulsion permet de définir
une densité spectrale de pression de radiation par la relation 13

12. Le terme est trompeur, puisqu’il est question ici de flux, et non de brillance. C’est la puissance reçue qui augmente
avec la taille angulaire de la source.

13. Notons qu’on peut généraliser cette définition en introduisant un tenseur de densité spectrale de pression radiative,

Pν =
1

c

ˆ
Iν ~k ⊗ ~k dΩ (2.24)
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Figure 2.6 – Observation d’une source résolue ou non.

pν =
1

c

ˆ
Iν cos2 θ dΩ (2.25)

La pression de radiation est alors simplement définie comme l’intégrale de pν sur la fréquence

p =

ˆ ∞
0

pνdν

Exercice 6 : Montrer, par un raisonnement analogue à celui du calcul de la pression cinétique d’un
gaz, que l’expression (2.25) correspond bien à une pression par intervalle de fréquence exercée par les
photons. On s’appuiera sur la Fig. 2.7 et on fera appel à la quantité Nν .

Luminosité spécifique et luminosité bolométrique

On définit la luminosité spécifique ou luminosité spectrale Lν comme étant la puissance émise
par intervalle de fréquence. C’est donc une intégrale de la densité spectrale de flux sur une surface

Lν =

¨
~Fν · d~S (2.26)

où d~S représente le vecteur élémentaire de surface. Habituellement, on considérera la surface d’un
astre, et si on le suppose sphérique de rayon R, avec une densité spectrale de flux à symétrie axiale et
indépendante de la position sur la surface, on écrira

dont (2.25) est la composante zz.
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Figure 2.7 – Définition de la pression de radiation

Lν = 4πFνR
2 (2.27)

La luminosité bolométrique est l’intégrale de Lν sur les fréquences, c’est donc la puissance to-
tale émise par un astre

L =

ˆ ∞
0

Lν = 4πR2F (2.28)

Par exemple, la luminosité bolométrique solaire est L� = 3.8 1026 W.

2.2.2 Les magnitudes

Le système des magnitudes est un héritage de l’ancienne classification grecque (due à Hipparque 14

puis Ptolémée 15) de la brillance apparente des étoiles, établie à l’œil nu. Le classement de l’éclat des
étoiles se divisait en six grandeurs : les étoiles les plus brillantes étaient appelées étoiles de première
grandeur, et les étoiles les plus faibles (observables à l’œil nu), étoiles de sixième grandeur.

Magnitude monochromatique

La sensation visuelle étant approximativement logarithmique vis-à-vis du flux lumineux F , on a
construit l’échelle des magnitudes de manière relative, en posant que la magnitude monochromatique
mλ est liée à la densité spectrale de flux 16 Fλ reçue par un détecteur via 17

14. Nicée, vers −190 - Rhodes, vers −120.
15. Canope, vers 100 - Canope, vers 168.
16. De même qu’on peut définir l’intensité spécifique en terme de fréquence ou de longueur d’onde, ce même choix est

possible pour la densité spectrale de flux.
17. Attention qu’il s’agit ici de logarithmes en base 10.
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mλ = −2.5 log

(
Fλ
F0

)
= −2.5 logFλ + q0 (2.29)

où F0 est une constante qui définit ainsi la magnitude zéro. En pratique, la mesure du flux se fait
sur une bande passante présentant une certaine réponse spectrale T (λ), de sorte que l’on établit des
systèmes de magnitudes différents pour chaque bande. On aura ainsi des notations telles que mV,
qui désigne la magnitude en bande V (dans le visible, λ = 550 nm).

Magnitude bolométrique

On dérive de la notion de magnitude monochromatique celle de magnitude bolométrique, qui
mesure l’intégralité du flux F en échelle logarithmique,

m = −2.5 log
F

Fbol
avec Fbol = 2.52 10−8 W m−2. (2.30)

Elle est directement liée à la luminosité L d’une source, connaissant sa distance D (exprimée en
parsecs) et s’il n’y a pas d’absorption ou de diffusion sur la ligne de visée

m = −0.25 + 5 log

(
D

1 pc

)
− 2.5 log

L

L�
(2.31)

Exercice 7 : Établir la relation (2.31)

Magnitude apparente et magnitude absolue

Comme la magnitude dépend donc de la distance, on parle de magnitude apparente m. On définit
alors une magnitude absolue M en plaçant la source à une distance hypothétique de 10 pc, et en
l’absence de toute extinction (absorption ou diffusion sur la ligne de visée), on a donc

M = m+ 5− 5 log

(
D

1 pc

)
(2.32)

Ces magnitudes absolues peuvent être bolométriques (M), monochromatiques (Mλ) ou se rappor-
ter à une certaine bande de longueur d’onde (MV). On définit aussi le module de distance µ comme
mesure logarithmique de la distance d’un astre

µ = m−M = 5 log

(
D

10 pc

)
(2.33)

Il faut prendre garde que les grains de poussière interstellaires sur la ligne de visée vont absorber
ou diffuser plus ou moins la lumière incidente, selon leur taille et leur composition, et ce sélectivement
en longueur d’onde. Pour caractériser cela, on définit l’extinction Aλ comme l’augmentation de
magnitude induite à la longueur d’onde λ par l’absorption et la diffusion due aux grains, par rapport à
la magnitude m0

λ qu’aurait l’objet sans extinction sur la ligne de visée

Aλ = mλ −m0
λ. (2.34)

La magnitude observée est alors, en tenant compte de cette extinction,

mλ = M0
λ + 5 log

(
D

10 pc

)
+Aλ (2.35)

où M0
λ est la magnitude absolue monochromatique en l’absence d’extinction.
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Quelques exemples

Il convient de se souvenir qu’un objet est d’autant plus brillant que sa magnitude est basse. À
titre d’exemples, le Soleil a une magnitude (bolométrique) apparente de −27 et Sirius, l’étoile visible la
plus brillante du ciel nocturne, de −1.46. Vénus, à son point le plus lumineux, a une magnitude de −5.
La station spatiale internationale (ISS) atteint parfois une magnitude de −6. De l’autre côté de l’échelle
des magnitudes, le relevé du ciel ultra-profond fait par le télescope spatial Hubble (Hubble Ultra-Deep
Field) a permis la détection d’objets de magnitude 30.

Indices de couleur

En faisant la différence entre les magnitudes d’un même objet à deux longueurs d’onde (ou plus
pratiquement dans deux bandes), on obtient un indice de couleur, tel que par exemple

B−V = mB −mV (2.36)

Pour les étoiles, ces indices sont directement liés à leur température effective, les étoiles bleues étant
plus chaudes que les étoiles rouges (Fig. 2.8).

Figure 2.8 – Indices de couleur de différentes classes d’étoiles et d’objets du système solaire.
On voit pourquoi on parle de ”planète bleue” pour la Terre et de ”planète rouge” pour Mars ! (Crédit :
Wikipedia)

2.3 Équation du transfert

2.3.1 Absorption et émission

Section efficace d’absorption

Nous avons vu plus haut que, dans le vide, Iν reste constante le long d’une ligne de visée donnée.
Lorsque le rayonnement interagit avec la matière, il n’en est plus ainsi et nous allons maintenant préciser
comment Iν varie sous l’effet de deux processus, l’absorption et l’émission, caractérisés par le coefficient
d’absorption d’une part et l’émissivité d’autre part.

Considérons un cylindre élémentaire d’axe ~k, de surface de base dΣ centrée en M et de hauteur
dl, la variable l repérant la position le long de l’axe défini par M et ~k (Fig. 2.9). Soit dEν(l) l’énergie

des photons de fréquence ν à dν près traversant dΣ pendant dt avec la direction ~k à dΩ près 18.

18. Le cas où la direction ~k n’est pas perpendiculaire à la surface dΣ s’en déduit simplement par projection, comme
sur la Fig. 2.1.
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Figure 2.9 – Variation de l’intensité due à l’absorption. Notations utilisées pour exprimer la
variation de l’énergie dEν traversant l’élément de surface dΣ, du fait du processus d’absorption.

On va chercher à exprimer la variation (négative) de dEν entre l et l + dl, sous l’effet du processus
d’absorption, soit

dEν(l + dl)− dEν(l) = d2Eν,a < 0 (2.37)

Soit n la densité numérique (nombre par unité de volume) des éléments absorbants (grain de poussière,
atome, ion, molécule) et sν,a leur section efficace d’absorption 19. On montre alors que

d2Eν,a = −n sν,a dl dEν = −κν dl dEν , (2.38)

le signe − traduisant le fait que l’absorption prélève de l’énergie au faisceau.

Exercice 8 : Établir la relation (2.38). Quelle hypothèse portant sur la section efficace et la densité
des éléments absorbants fait-on implicitement ?

Coefficient d’absorption

La grandeur κν = n sν,a est le coefficient d’absorption. Il a la dimension de l’inverse d’une
longueur 20 et s’exprime par exemple en cm−1. Il dépend bien sûr de la position, ainsi que de la
fréquence via sν,a, en particulier au voisinage d’une fréquence de transition si l’élément absorbant est

un atome ou une molécule. Sauf cas particuliers (présence d’un fort champ électrique ~E ou magnétique
~B, par exemple), κν est indépendant de la direction 21. Il est utile de noter que si l’on remplace dEν
par son expression (2.11) dans (2.38), on obtient

d2Eν,a = −κν Iν dl dΣ dΩ dtdν = −κν Iν dV dΩ dtdν, (2.39)

où dV est l’élément de volume concerné. Par intégration, on montre aisément que cette relation donnant
l’énergie absorbée par l’élément de volume dV est indépendante de la forme de cet élément 22.

19. Cette section efficace dépend en général de la fréquence.
20. Notons que certains auteurs écrivent que κν = χνρ, où ρ est la masse volumique du milieu, et appellent coefficient

d’absorption la grandeur χν , qui s’exprime en cm2 g−1 dans le système CGS.
21. Il faut préciser que cela n’est plus vrai lorsque le milieu absorbant est en mouvement, en raison de l’effet Doppler.
22. Cela est vrai tant qu’il reste infinitésimal, bien sûr.
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Épaisseur optique

Introduisons maintenant la notion très importante d’épaisseur optique τν le long du trajet en posant

dτν = κν dl. (2.40)

La grandeur τν est sans dimension et dépend en général de ν via κν . La variation d’énergie due à
l’absorption s’exprime alors simplement par

d2Eν,a = −dτνdEν . (2.41)

On parle de milieu optiquement mince lorsque τν � 1, et optiquement épais lorsque τν � 1.

Émissivité

La présence de sources de rayonnement dans le cylindre considéré ci-dessus va également contribuer
à la variation de dEν . Supposant pour commencer qu’il n’y a pas d’éléments absorbants mais uniquement
des sources de rayonnement dans le cylindre élémentaire de la Fig. 2.9, on aura

dEν(l + dl)− dEν(l) = d2Eν,e > 0 (2.42)

Pour exprimer d2Eν,e, on introduit l’émissivité εν telle que

d2Eν,e = ενdV dΩdtdν. (2.43)

L’émissivité εν est donc la puissance émise par unité de volume, par unité d’angle solide et
par intervalle de fréquence dans la direction ~k. Elle s’exprime en W.m−3.Hz−1.sr−1. Dans le cas
général, εν dépend de M , de ν, éventuellement de la direction ~k si le milieu émetteur est en mouvement
par rapport à l’observateur, et du temps t si l’on n’est pas en régime stationnaire.

2.3.2 L’équation du transfert

Établissement de l’équation

Dans le cas général où l’absorption et l’émission coexistent, on déduit de ce qui précède que

dEν(l + dl)− dEν(l) = d2Eν,a + d2Eν,e = −κν Iν dV dΩ dtdν + ενdV dΩdtdν (2.44)

Nous relions ainsi la variation de dEν le long d’un rayon aux phénomènes d’absorption et d’émission.
Cette quantité dEν s’exprime par ailleurs en fonction de l’intensité spécifique 23 Iν(l),

dEν(l) = Iν(l) dΣ dΩ dtdν et dEν(l + dl) = Iν(l + dl) dΣ dΩ dtdν, (2.45)

d’où la variation d2Eν = (dIν)dΣdΩdtdν. En égalant cette expression de d2Eν à celle obtenue plus
haut (2.44) pour d2Eν,a + d2Eν,e, on aboutit finalement à l’équation d’évolution de Iν le long de la
ligne de visée, qui est l’équation fondamentale du transfert

dIν
dl

= −κνIν + εν . (2.46)

23. Celle-ci est supposée ne dépendre que de la position l, et donc indépendante de la direction et du temps.
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kS M

τ ′ν = τντ ′ντ ′ν = 0

Figure 2.10 – Calcul de l’intensité dans un nuage. Pour obtenir la valeur de I au point M , on
intègre l’équation du transfert entre S et M avec la condition aux limites I(S,~k) = I0.

Fonction source

Si κν 6= 0, l’équation (2.46) peut être réécrite sous une forme équivalente en remplaçant la coor-
donnée l le long de la direction considérée par l’épaisseur optique τν . Avec dτν = κνdl, et en introduisant
la fonction source

Sν =
εν
κν
. (2.47)

on met ainsi l’équation du transfert sous la forme trompeusement simple

dIν
dτν

= Sν − Iν (2.48)

Résolution

L’équation du transfert (2.46) est une équation différentielle linéaire du premier ordre. On

peut l’intégrer, au moins formellement, pour déterminer l’intensité Iν(M,~k) en un point M donné

et dans une direction ~k donnée, à condition bien entendu de connâıtre les conditions aux limites
ainsi que l’émissivité et le coefficient d’absorption. La difficulté centrale du problème du transfert
de rayonnement réside dans le fait que les propriétés d’absorption et d’émission du milieu vont
dépendre du champ de rayonnement, à savoir la densité d’énergie ou l’intensité moyenne. Or, pour
obtenir l’intensité moyenne Jν(M) au point M , on devra intégrer l’équation (2.46) pour toutes les

directions passant par M , ce qui nécessite la connaissance de Iν(S′,~kS′) pour tout point S′ de la

surface, dans la direction ~kS′ le liant au point M , mais surtout celle de κν et εν , qui dépendent du
champ de rayonnement, dans l’ensemble du volume... En l’absence de diffusion, chaque ligne de visée
S′M peut être traitée indépendamment, mais on voit que, même dans ce cas, le problème est hautement
non-linéaire.

Solution formelle dans un milieu purement absorbant

Lorsque εν = 0, la fonction source est nulle et l’équation du transfert s’intègre trivialement pour
donner la solution formelle de l’équation du transfert dans un milieu purement absorbant
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Iν(τν) = I0e
−τν , (2.49)

avec τν = 0 là où Iν = I0 (pour un nuage comme celui de la Fig. 2.10, il est naturel de choisir
τν = 0 là où la ligne de visée atteint le bord du nuage). On retrouve la loi d’atténuation exponentielle
bien connue, dite loi de Beer-Lambert. Sur cet exemple très simple, on voit clairement que la “bonne
variable” à utiliser est l’épaisseur optique τν et non la position l.

Exercice 9 : Montrer que dans la limite τν � 1 l’intensité spécifique est atténuée linéairement
avec la quantité d’absorbant présents sur la ligne de visée. Interpréter physiquement la saturation de
l’absorption lorsque τν devient proche de l’unité.

Solution formelle dans un milieu absorbant et émissif

Commençons par une remarque qualitative. Lorsque Sν est uniforme et non nulle, on peut voir
aisément que si l’on pénètre profondément dans le milieu, Iν doit nécessairement tendre vers Sν . En
effet, l’équation (2.48) nous indique que

si Iν < Sν =⇒ dIν
dτν

> 0 et si Iν > Sν =⇒ dIν
dτν

< 0

Dans le premier cas, Iν crôıt le long de la ligne de visée jusqu’à atteindre Sν , et dans le second cas, Iν
décrôıt également jusqu’à atteindre Sν . Le ”régime stationnaire”, pour τν →∞, est donc Iν = Sν .

Généralisons à une fonction source non uniforme. Pour une direction ~k donnée, supposons la fonc-
tion source Sν(τ ′ν ,~k) connue pour toutes les épaisseurs optiques τ ′ν (voir la Fig. 2.10) et intégrons
l’équation (2.48), laquelle se présente comme une équation différentielle linéaire du premier ordre avec
second membre, où τ ′ν désigne la variable courante. On montre alors que la solution formelle de l’équation
du transfert dans un milieu absorbant et émissif est

Iν(τν) = I0e
−τν +

ˆ τν

0

Sν(τ ′ν)e−(τν−τ ′ν)dτ ′ν (2.50)

Exercice 10 : Établir l’expression (2.50).

L’interprétation des deux termes qui apparaissent dans le membre de droite est immédiate : le
premier correspond au rayonnement incident atténué par la traversée du milieu jusqu’à τν , comme
pour (2.49), tandis que le second correspond à l’émission le long de la ligne de visée, atténuée par la
matière située entre le point émetteur considéré et le point où l’on calcule Iν (Fig. 2.10).

Si la fonction source est uniforme dans le milieu (Sν = S0), la solution prend la forme simple

Iν(τν) = I0e
−τν + S0(1− e−τν ) (2.51)

où l’on voit clairement que Iν ≈ S0 lorsque τν � 1. Dans ce cas, l’intensité dans le milieu devient alors
indépendante des conditions aux limites.

Dans la pratique, comme on l’a déjà évoqué, Sν n’est pas nécessairement connue a priori car εν , tout
comme κν , peut dépendre du champ de rayonnement lui-même (par exemple, le coefficient d’absorption
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Figure 2.11 – Transfert dans une couche plan-parallèle. La couche plan-parallèle, d’épaisseur L et
d’épaisseur optique totale τ0 est éclairée sur sa face inférieure par l’intensité I0(µ). L’épaisseur optique
τ⊥ est comptée le long de Oz.

d’un gaz dépend de son degré d’ionisation, lequel est déterminé en partie par la valeur du champ de
rayonnement). Dans ce cas, on a affaire à un problème non linéaire et l’expression (2.50) ne fournit
qu’une solution formelle. Si la dépendance de Sν vis à vis de Iν est ”faible”, on pourra éventuellement
obtenir la solution par itérations successives.

Équation du transfert en géométrie plan-parallèle

Lorsque la géométrie du milieu et les conditions aux limites présentent la symétrie axiale, il est
naturel de mesurer l’épaisseur optique le long de l’axe de symétrie. Notons celui-ci Oz et notons ~uz son
vecteur unitaire. Le rayon qu’on considère (Fig. 2.11), porté par le vecteur unitaire ~k, fait un angle θ

supposé aigü avec cet axe de symétrie. Avec ~k . ~uz = cos θ = µ > 0, on peut alors définir une épaisseur
optique τν,⊥ le long de Oz et il est clair que celle-ci est liée à l’épaisseur optique τν le long du rayon
par dτν,⊥ = µdτν , ce qui permet de mettre l’équation du transfert sous la forme

µ
dIν

dτν,⊥
= Sν − Iν (2.52)

Il est facile de vérifier que pour une direction µ < 0, cette relation est également valable.

2.3.3 Les phénomènes de diffusion

Dans la réalité, lors de l’interaction du rayonnement avec la matière, le phénomène de diffusion du
rayonnement coexiste souvent avec l’absorption. Il peut prendre diverses formes.

La diffusion Thomson

La diffusion Thomson a lieu lors de l’interaction de photons de faible énergie avec des charges
libres, donc dans des gaz au moins partiellement ionisés, comme les intérieurs stellaires (Fig. 2.12). Du
fait de leur moindre inertie, l’interaction se fait principalement avec les électrons. La section efficace
d’interaction est indépendante de la longueur d’onde λ et vaut, pour du rayonnement non polarisé,

sν =
8π

3

(
q2

4πε0mc2

)2

(2.53)
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Figure 2.12 – Diffusion Thomson.

où q et m sont la charge électrique et la masse de la particule sur laquelle diffuse le rayonnement. Dans
le cas des électrons, on a numériquement sν = 6.65 10−25 cm2. La répartition angulaire du rayonnement
diffusé, toujours pour du rayonnement incident non polarisé, est également indépendante de la longueur
d’onde, et varie comme 1 + cos2 ϑ, avec ϑ l’angle entre les directions incidente et diffusée. On a ainsi
la section efficace différentielle de diffusion Thomson

dsν
dΩ

=

(
q2

4πε0mc2

)2
1 + cos2 ϑ

2
(2.54)

Cette diffusion est élastique, ou encore cohérente, ce qui signifie que la fréquence du photon n’est pas
modifiée. La diffusion Thomson contribue par exemple à l’épaisseur optique des étoiles et à l’épaisseur
optique de l’univers avant la recombinaison.

La diffusion Compton et Compton inverse

En présence de photons ou d’électrons libres très énergétiques, on ne peut adopter un traitement
classique fondé sur le rayonnement du dipôle 24 et on parle de diffusion Compton, là encore sur les
charges libres (Fig. 2.13). Notons que cette diffusion est inélastique, ce qui signifie que l’énergie du
photon, donc la fréquence du rayonnement, change lors de l’interaction. On a ainsi, lorque la charge est
un électron initialement au repos, une perte d’énergie du photon correspondant à une augmentation de
sa longueur d’onde selon

λ′ − λ =
h

mec
(1− cosϑ) (2.55)

où h/mec est la longueur d’onde Compton. Lorsque le photon perd ainsi de l’énergie, on parle de
diffusion Compton directe, mais il est aussi possible qu’il en gagne si l’électron est en mouvement
rapide. On parle alors de diffusion Compton inverse. Un exemple de ce dernier cas est l’effet Sunyaev-
Zeldovich, qui explique la distortion spectrale du fond diffus cosmologique au travers du gaz très chaud
des amas de galaxies (Fig. 2.14). Notons que la diffusion Thomson est la limite de la diffusion Compton
à basse énergie.

La diffusion Rayleigh et la diffusion de Mie

La diffusion Rayleigh a lieu lorsqu’un photon interagit avec une charge liée (dans un atome ou une
molécule), que l’on peut en première approximation traiter par le modèle de l’électron élastiquement lié.
La différence importante par rapport à la diffusion Thomson est le comportement à basse fréquence,
où une dépendance en λ−4 apparâıt. Celle-ci explique que les atmosphères planétaires (celle de la Terre
en particulier !) diffusent davantage la lumière solaire dans le bleu que dans le rouge, d’où la couleur

24. C’est cette approche classique qui donne la section efficace Thomson.
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Figure 2.13 – Diffusion Compton et Compton inverse.

Figure 2.14 – Effet Sunyaev-Zel’dovich. Le schéma de gauche présente le principe de l’effet (Crédit :
L. Van Speybroeck) et la figure de droite montre la déformation du spectre du CMB (en tirets) par
l’effet SZ (traits plein) [17].
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Figure 2.15 – Diffusion de Rayleigh-Mie.

bleue du ciel. Lorsque la taille des particules diffusantes augmente (grains de poussière interstellaires,
gouttelettes d’eau dans un brouillard), on passe à la diffusion de Mie, beaucoup moins chromatique
(Fig. 2.15).

2.3.4 L’équation du transfert en présence de diffusion

On a vu précédemment qu’en l’absence de diffusion on peut résoudre l’équation du transfert le
long d’une ligne de visée particulière, indépendamment des autres, à condition de connâıtre la fonction
source Sν . Le phénomène de diffusion va coupler entre elles toutes les régions et il faudra maintenant
résoudre l’équation du transfert globalement, pour l’ensemble du milieu, ce qui complique beaucoup le
problème. Dans la suite, nous allons pour simplifier supposer que la diffusion est cohérente.

Section efficace, coefficient de diffusion, diffusion hors du faisceau

Comme pour le cas sans diffusion, nous allons chercher à exprimer la variation d2Eν,d - due unique-

ment à la diffusion - de l’énergie dEν traversant la surface dΣ, entre l et l+ dl, dans la direction ~k. Ce
processus provoque d’une part une diminution de dEν , notée d2E−ν,d, car des photons sont défléchis dans

une direction autre que ~k, telle que ~k′1 sur la Fig. 2.16. Pour caractériser cet effet, nous définissons comme
pour l’absorption une section efficace de diffusion sν,d et un coefficient de diffusion σν = nsν,d,
avec n la densité numérique des éléments diffusants. La dimension de σν est la même que celle de κν ,
à savoir l’inverse d’une longueur, et ce coefficient dépend en général de la fréquence. La variation de
l’énergie lumineuse du fait de ce phénomène de diffusion hors du faisceau est alors

d2E−ν,d = −nsν,ddldEν = −σνdldEν = −σνIνdV dΩdtdν (2.56)
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Figure 2.16 – Le double effet de la diffusion. La diffusion a pour effet d’une part d’envoyer des

photons ayant la direction incidente considérée ~k vers une autre direction ~k′1 (contribution négative à

dEν) et d’autre part de ramener dans la direction ~k des photons arrivant dans l’élément de volume dV

avec des directions de vol telles que ~k′2 (contribution positive à dEν).

Exercice 11 : Établir la relation (2.56).

À cette diminution d2E−ν,d est associée une variation de Iν tout à fait analogue à celle liée à l’ab-
sorption, à savoir dIν,a = −κνIνdl (voir l’équation 2.39), soit

dI−ν,d = −σνIνdl. (2.57)

Section efficace différentielle de diffusion

La diffusion a d’autre part pour effet de ramener dans la direction ~k des photons issus d’autres

directions telles que ~k′2 (Fig. 2.16). Afin d’exprimer la contribution correspondante à la variation de
l’énergie (d2E+

ν,d, positive cette fois) il faut revenir sur l’expression du terme d2E−ν,d en faisant apparâıtre

explicitement l’énergie diffusée dans chacune des différentes directions ~k′1 6= ~k. Pour ce faire, on introduit

la section efficace différentielle de diffusion s̃ν,d(~k → ~k′) caractérisant l’efficacité de la diffusion

depuis la direction ~k initiale (à dΩ près) vers la direction finale ~k′ (à dΩ′ près) 25. À s̃ν,d est associé un

coefficient différentiel de diffusion σ̃ν(~k → ~k′) = n s̃ν,d(~k → ~k′) que, par analogie avec l’équation
(2.56), nous définirons par la relation

d3E−ν,d(~k → ~k′) = − σ̃ν(~k → ~k′)
4π

dΩ′Iν(~k)dV dΩdtdν, (2.60)

25. Notons que la définition usuelle de la section efficace différentielle est

s̃ =
ds

dΩ
(2.58)

mais que nous utilisons ici plutôt

s̃ = 4π
ds

dΩ
(2.59)

afin de conserver la même dimension entre s et s̃.
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où d3E−ν,d(~k → ~k′) désigne l’énergie venant de ~k et redistribuée dans la direction ~k′. Le terme d2E−ν,d
n’est alors rien d’autre que le résultat de l’intégration sur dΩ′ de l’expression précédente, soit

d2E−ν,d(~k) =

ˆ
Ω′

d3E−ν,d(~k → ~k′) = −
[ˆ

σ̃ν(~k → ~k′)
4π

dΩ′
]
Iν(~k) dV dΩ dtdν. (2.61)

Ainsi, avec la définition choisie pour σ̃ν , on a simplement

σν =

ˆ
σ̃ν(~k → ~k′)

4π
dΩ′, (2.62)

et σν n’est autre que la valeur moyenne de σ̃ν sur tous les angles de diffusion (~k, ~k′). Notons que σ̃ν a
la même dimension que σν et s’exprime donc en m−1 ou en cm−1.

Diffusion à l’intérieur du faisceau

Nous sommes maintenant en mesure d’exprimer la variation dI+
ν,d de l’intensité spécifique Iν liée

au phénomène de diffusion à l’intérieur du faisceau, qui s’écrit

dI+
ν,d(

~k) =
1

4π

ˆ
Ω′
σ̃ν(~k′ → ~k)Iν(~k′)dΩ′dl. (2.63)

Exercice 12 : Établir l’expression (2.63).

L’équation du transfert en présence de diffusion

L’équation du transfert devient alors, en comptant toutes les contributions,

dIν
dl

= −(κν + σν)Iν + εν +
1

4π

ˆ
Ω′
σ̃ν(~k′ → ~k)Iν(~k′)dΩ′ (2.64)

Cette équation fait clairement apparâıtre la difficulté supplémentaire imposée par la diffusion dans
le traitement du transfert. Même en supposant que l’émissivité et les coefficients d’absorption et de
diffusion sont indépendants du champ de rayonnement 26, on doit néanmoins résoudre une équation
intégro-différentielle couplant tous les rayons.

Le cas particulier de la diffusion isotrope

Dans le cas important de la diffusion isotrope, σ̃ν(~k → ~k′) ne dépend pas de l’angle de diffusion

(angle entre les directions ~k et ~k′) et l’on a simplement σν = σ̃ν . C’est pour obtenir cette propriété
que l’on a introduit le facteur 1/(4π) dans (2.60). Dans ce cas, l’équation du transfert devient

dIν
dl

= −(κν + σν)Iν + εν + σνJν . (2.65)

On voit que l’hypothèse d’une diffusion isotrope rend l’équation vérifiée par Iν (apparemment) plus
simple. Le coefficient αν = κν + σν est appelé coefficient d’extinction. On introduit également
l’albedo de simple diffusion ων qui représente la part de l’extinction due à la diffusion, soit

ων =
σν

κν + σν
. (2.66)

26. Ce qui n’est pas vrai a priori.
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Il est alors naturel de définir l’épaisseur optique par dτν = (κν + σν)dl, de sorte que

dIν
dτν

= −Iν + Sν avec Sν =
εν + σνJν
κν + σν

= ωνJν + (1− ων)Sν (2.67)

où Sν = εν/κν est la fonction source en l’absence de diffusion. Cette équation est analogue à (2.48)
mais on voit clairement ici que la nouvelle fonction source Sν , moyenne pondérée de Sν et de Jν ne sau-
rait être connue a priori puisqu’elle dépend explicitement de Jν , c’est-à-dire du champ de rayonnement
lui-même. Les solutions obtenues précédemment pour l’équation sans diffusion (2.50) ont exactement
la même forme. Ces expressions ne fournissent toutefois pas une solution explicite puisque Sν dépend
de Iν via Jν .

Figure 2.17 – Marche au hasard et méthodes Monte Carlo. Le schéma de gauche montre une
marche au hasard d’un photon émis à l’intérieur du Soleil et diffusé de nombreuses fois avant d’être
émis à la surface. La figure de droite montre le résultat d’osbervations synthétiques avec le code de
transfert radiatif Monte Carlo RADMC-3D 28 sur des simulations d’un tore poussiérieux aux-tour d’un
noyau actif de galaxie [18].

Interprétation probabiliste de la diffusion

L’effet de la diffusion peut être vu comme une marche au hasard pour les photons, particulièrement
importante dans les milieux denses comme les intérieurs stellaires (Fig. 2.17, gauche). Pour le com-
prendre, nous allons préciser en quoi le phénomène de diffusion modifie le destin d’un photon avant son
absorption, en nous plaçant dans la limite où les photons subissent (en moyenne) un nombre élevé de
diffusions avant d’être absorbés. Cela implique d’une part que ων ≈ 1 et d’autre part que le milieu
considéré soit optiquement épais (sans quoi de nombreux photons pourraient quitter le milieu avant
d’interagir). Considérons le déplacement de photons individuels et les interactions que ceux-ci subissent
avec la matière. Ces interactions sont de deux types : absorption (le photon disparâıt ”sur place”) et
diffusion (le photon repart dans une autre direction, aléatoire, telle qu’en moyenne sur de nombreux
évènements la distribution des angles de diffusion reproduise la dépendance angulaire du coefficient
σ̃ν). La probabilité pour qu’une interaction soit une diffusion vaut simplement ων (albedo de simple
diffusion), la probabilité pour que cette interaction soit une absorption étant ην = 1− ων . On montre
que la distance moyenne 〈l〉 parcourue avant interaction (le libre parcours moyen) est

56



〈l〉 =
1

κν + σν
(2.68)

Exercice 13 : Établir l’expression (2.68) du libre parcours moyen. On pourra commencer par mon-
trer que la probabilité de non-interaction d’un photon après un trajet de “longueur” τν dans le milieu
est Ps(τν) = e−τν , puis en déduire la probabilité pour qu’une interaction intervienne précisément entre
τν et τν + dτν .

Le nombre moyen de diffusions avant absorption, noté N(ων), est évidemment une fonction de
l’albedo ων et on peut dire a priori que lorsque ων → 0 alors N → 0, et que pour ων → 1 alors
N → +∞. On montre sans grande difficulté qu’il a pour expression

N(ων) =
ων

1− ων
(2.69)

Exercice 14 : Établir l’expression (2.69). On commencera par exprimer la probabilité p(N) d’ob-
server exactement N diffusions avant une absorption.

La marche aléatoire que subissent ainsi les photons implique que la distance moyenne R à laquelle
se trouve un photon, par rapport à son point de départ, lorsqu’il est finalement absorbé, est

R =
√
N 〈l〉 (2.70)

Cette approche probabiliste de la diffusion, et plus généralement du transfert de rayonnement, est
mise à profit dans les méthodes de résolution par simulation Monte-Carlo (Fig. 2.17, droite).
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Chapitre 3
L’équilibre thermodynamique

Dans des milieux assez denses et opaques (τν � 1) s’établit un équilibre thermodynamique au
sein de la matière et entre la matière et le rayonnement. Des lois simples permettent alors de décrire les
caractéristiques du rayonnement (distribution spectrale de Iν) et de la matière (population des niveaux
fondamental et excités, distribution des vitesses, états d’ionisation, ...). Cette description peut être
étendue à des systèmes où l’équilibre thermodynamique varie de point en point, ce qu’on nomme ETL
pour équilibre thermodynamique local (LTE en anglais). Cette situation idéale est généralement prise
pour référence, même si les milieux astrophysiques les plus dilués ne sont fréquemment pas à l’ETL.

3.1 Rayonnement de corps noir

Considérons, comme sur la Fig. 3.1, une enceinte, maintenue à la température T par un
thermostat, contenant un champ de rayonnement, et supposons que cette enceinte soit entièrement
opaque à toutes les fréquences, ce qui revient à supposer que l’épaisseur optique τν → ∞ quelle que
soit la fréquence ν. Du fait des collisions entre les photons enfermés dans l’enceinte avec les parois,
qui amènent un échange d’énergie entre photons et matière, un équilibre va s’établir entre la
matière constituant ces parois et le rayonnement, et donc entre les photons eux-mêmes. Le système
ainsi constitué est appelé corps noir, appellation qui fait référence à son épaisseur optique infinie
à toutes les fréquences. Nous allons établir les propriétés du rayonnement du corps noir, qu’on peut
mesurer en perçant un trou suffisamment petit dans la paroi de l’enceinte pour que l’équilibre ne soit
pas fondamentalement perturbé. Il faut noter que la notion de corps noir est un concept idéalisé,
même si certains systèmes physiques s’en approchent.

3.1.1 Loi de Kirchhoff

Une propriété importante du rayonnement du corps noir est que son intensité spécifique Iν ne dépend
que de la température 1, ce qui constitue la loi de Kirchhoff, qu’on écrit sous la forme

Iν = Bν(T ) (3.1)

Une démonstration élégante de cette propriété, fondée sur la considération de deux enceintes à la
même température T percées chacune d’un petit trou en regard (Fig. 3.2), est laissée en exercice.

1. et de la fréquence, bien entendu...
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Figure 3.1 – Schématisation d’un corps noir.

Exercice 15 : En considérant l’expérience de pensée décrite sur la Fig. 3.2, et en partant de l’hy-
pothèse qu’à une fréquence ν donnée l’intensité du rayonnement dans l’enceinte (1) est supérieure à
celle du rayonnement dans l’enceinte (2), montrer qu’on aboutit à une contradiction avec un principe
fondamental de la physique. Conclure.

Ce rayonnement est nécessairement isotrope et non polarisé, du fait des interactions multiples (en
nombre infini, en toute rigueur) que subissent les photons avec les parois de l’enceinte.

Revenons à notre enceinte unique à la température T , et plaçons maintenant, à l’intérieur de l’en-
ceinte et juste devant le trou, un corps matériel, lui aussi à la température T (Fig. 3.3). On cherche à
savoir quelles sont les propriétés de l’émission de ce corps du fait qu’il est porté à cette température.
On montre que la fonction source Sν associée à cette émission thermique est donnée par

Sν = Bν(T ) (3.2)

Exercice 16 : Démontrer cette relation, en considérant l’équation du transfert appliquée à un rayon
traversant le corps matériel et sortant par le trou percé dans l’enceinte. On pourra raisonner par l’ab-
surde en supposant par exemple que Sν > Bν(T ).

Sous cette forme, la loi de Kirchhoff relie donc de manière fondamentale les propriétés
d’absorption et d’émission des corps matériels en équilibre thermique, puisqu’elle indique que le
rapport de l’émissivité au coefficient d’absorption est une fonction - qu’on déterminera plus loin - de la
seule température 2.

εν
κν

= Bν(T ) (3.3)

2. Il s’agit de la température cinétique, caractérisant l’agitation thermique des constituants du corps.
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Iν(1) Iν(2)
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T

Figure 3.2 – Schéma d’une expérience de pensée permettant de démontrer la loi de Kirchhoff.
Deux enceintes à la température T , séparées par un filtre de largeur spectrale δν autour de ν.

On a ainsi l’expression de la fonction source pour un milieu à l’équilibre thermique, l’intensité émise
étant ensuite obtenue par intégration de l’équation du transfert le long de la ligne de visée, suivant

dIν
dτν

= Bν(T )− Iν . (3.4)

Il convient donc de bien distinguer l’émission thermique, pour laquelle Sν = Bν(T ), de l’émission
de corps noir, pour laquelle Iν = Bν(T ). La seconde est la limite de la première lorsque l’épaisseur
optique tend vers l’infini.

3.1.2 Loi de Planck

La forme de Bν(T ) a été obtenue par Max Planck 3 en supposant que le rayonnement est constitué
de quanta d’énergie, les photons. Cette hypothèse était à l’époque (1900) plutôt iconoclaste, étant
donnés les succès de la théorie électromagnétique de Maxwell, pour laquelle la nature ondulatoire
de la lumière ne fait aucun doute. Pour faire ce calcul en s’appuyant sur des méthodes de physique
statistique, il faut obtenir d’une part la densité d’états des photons dans une enceinte de type corps
noir 4, et d’autre part trouver le nombre moyen de photons dans chacun de ces états. Le produit de
ces deux quantités donnera ainsi accès à la quantité Nν , reliée à l’intensité spécifique par Iν = hνcNν .

Densité d’états des photons du corps noir

Le calcul de la densité d’états implique de considérer les états quantiques possibles pour un
photon enfermé dans une enceinte de volume V opaque à tout rayonnement. On montre que ces états
sont caractérisés par des valeurs discrètes du vecteur d’onde 5 ~k, qui est relié à l’impulsion du
photon par ~p = ~~k. On montre alors, en dénombrant les états possibles correspondant à un intervalle
[ν, ν + dν], par unité de volume et d’angle solide, que cette densité d’états s’écrit

3. Kiel, 23 avril 1858 - Göttingen, 4 octobre 1947.
4. C’est-à-dire le nombre d’états quantiques par intervalle d’énergie (ou ce qui revient au même par intervalle de

fréquence), par unité de volume, et par unité d’angle solide.

5. Attention, ici ~k est un vecteur d’onde qui a la dimension de l’inverse d’une longueur (k = 2π/λ) et n’est plus le
vecteur unitaire utilisé dans le chapitre 2.
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Bν(T ) Iν

Figure 3.3 – Emission thermique. Source thermique placée en sortie de l’enceinte corps noir.

ρ(ν) =
2ν2

c3
(3.5)

Exercice 17 : Démontrer la relation (3.5). On pourra considérer l’enceinte comme parallépipédique,
et on n’omettra pas de compter les deux états de spin possibles.

Nombre moyen d’occupation d’un état

Les photons sont des bosons, ils obéissent donc à la statistique quantique de Bose-Einstein,
selon laquelle le nombre moyen 〈N(E)〉 de particules dans un état d’énergie E est donné par

〈N(E)〉 =
1

exp

(
E − µ
kBT

)
− 1

(3.6)

où µ est le potentiel chimique. Comme les photons sont des particules de masse nulle, dont le nombre
n’est pas nécessairement conservé lors des interactions avec les parois de l’enceinte, ce potentiel
chimique est nul. Avec E = hν, on en déduit que les photons suivent la statistique de Bose, avec
un nombre d’occupation moyen par état

〈Nν〉 =
1

exp

(
hν

kBT

)
− 1

. (3.7)

Exercice 18 : Démontrer la relation (3.7). On partira d’une approche canonique et de la fonction
de partition Z correspondante pour calculer l’énergie moyenne d’un état contenant un nombre n de
photons de même énergie hν.
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Loi de Planck

Il est alors simple d’écrire l’intensité spécifique du rayonnement de corps noir en passant par la
grandeur Nν(~n) introduite au chapitre 2, telle que Nν(~n)dνdΩ est le nombre de photons par unité
de volume dont la direction de propagation 6 est ~n à dΩ près et la fréquence ν à dν près, car on a
manifestement Nν = ρ(ν) 〈Nν〉 et donc Bν(T ) = Iν = hνcNν = hνcρ(ν) 〈Nν〉. On en déduit la loi
de Planck, donnant l’intensité spécifique du rayonnement de corps noir

Bν(T ) =
2hν3

c2
1

exp

(
hν

kBT

)
− 1

(3.8)

Bλ(T ) =
2hc2

λ5

1

exp

(
hc

λkBT

)
− 1

(3.9)

La seconde expression est obtenue via la relation νIν = λIλ vue au chapitre 2.

Courbes représentatives

À une fréquence ν donnée, si T2 > T1, on a immédiatement Bν(T2) > Bν(T1) et Bλ(T2) > Bλ(T1),
ce qui montre que les courbes représentatives de l’émission du corps noir sont “embôıtées”, c’est-à-dire
qu’à toute fréquence, elles se placent les unes par rapport aux autres de façon monotone croissante
avec la température, comme indiqué sur la Fig. 3.4 pour le cas de Bν(T ).

Un exemple : le fond diffus cosmologique

Dans la nature, un corps noir quasi parfait est celui associé au rayonnement du fond diffus
cosmologique (CMB), prédit 7 par les travaux de Ralph Alpher 8, Robert Herman 9 et George Gamow 10

en 1948 [19, 20] et découvert par Arno Penzias 11 et Robert Wilson 12 en 1965 [21]. Il ne présente aucune
déviation spectrale mesurable par rapport à la loi de Planck, comme le montre la Fig. 3.5. Les barres
d’erreur sur ce spectre mesuré par COBE/FIRAS en 1990 [22] représentent 400σ, ce qui signifie que
l’incertitude-type σ sur chaque point de mesure est extrêmement faible ! Le pic d’émission de Iν se
trouve aux alentours de 1.87 mm de longueur d’onde, soit une fréquence de 160 GHz, ce qui correspond
à une température du CMB à l’époque actuelle de TCMB = 2.725 K. Le modèle cosmologique
standard prédit que cette température varie avec le redshift comme TCMB(z) = 2.725(1 + z), résultat
bien vérifié par la spectroscopie de quasars lointains en utilisant des transitions d’espèces chimiques
particulières comme ”thermomètres”.

3.1.3 Conséquences de la loi de Planck

Loi de déplacement de Wien

À chaque température, la courbe Bν(T ) présente un maximum en fonction de la fréquence dont on
voit sur la Fig. 3.4 que la position νmax augmente lorsque la température augmente. On peut montrer
qu’elle est donnée par la loi de déplacement de Wien, qui s’écrit

6. On a modifié la notation du vecteur unitaire de propagation pour éviter une confusion avec le vecteur d’onde.
7. On trouvera une intéressante description historique de cette découverte ici : https://arxiv.org/abs/1310.2146.
8. Washington, 3 février 1921 - Austin, 12 août 2007.
9. New York, 29 août 1914 - Austin, 13 février 1997.

10. Odessa, 4 mars 1904 - Boulder, 19 août 1968.
11. Munich, 26 avril 1933 - San Francisco, 22 janvier 2024
12. Houston, 10 janvier 1936 - . . .
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Figure 3.4 – Courbes de l’émission du corps noir Bν . Ces courbes sont représentées pour T = 1 K,
10 K, 102 K, 103 K, 104 K, 105 K, 106 K, 107 K et 108 K (de bas en haut sur chaque sous-figure).

νmax

T
≈ 2.82

kB
h

= 5.88 1010 Hz.K−1 (3.10)

Exercice 19 : Démontrer la loi de déplacement de Wien (3.10). On pourra montrer analytiquement
que cette démonstration implique de résoudre l’équation implicite (3 − x)ex = 3 et résoudre celle-ci
numériquement.

Pour obtenir la longueur d’onde λmax maximisant 13 Bλ(T ), on procède de la même manière, et on
obtient dans ce cas une forme alternative de la loi de déplacement de Wien :

λmaxT = 2.89 10−3 K.m (3.11)

Exercice 20 : Démontrer la loi de déplacement de Wien (3.11).

À titre d’exemple, la table 3.1 donne les positions des maxima d’intensité, en fréquence et en
longueur d’onde, pour des étoiles de divers types spectraux, dont le Soleil (G2).

13. On n’a pas λmax νmax = c parce qu’on ne maximise pas la même fonction.
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Figure 3.5 – Spectre de l’émission du corps noir cosmologique (CMB) mesuré par l’instrument
FIRAS à bord de la mission COBE [22].

Type spectral O5 B5 A5 F5 G2 G5 K5 M5
T [K] 54000 15200 8310 6700 5778 5660 4400 3200

νmax [1015 Hz] 3.17 0.89 0.49 0.39 0.34 0.33 0.26 0.19
λmax [µm] 0.05 0.19 0.35 0.43 0.50 0.51 0.66 0.91

Table 3.1 – Positions des maxima d’intensité du corps noir pour des étoiles de divers types spectraux.

Loi de Stefan

La loi de Stefan exprime que la puissance rayonnée par élément de surface d’un corps noir à la
température T est proportionnelle à T 4, ce qu’on écrit

F =

ˆ ∞
0

F+
ν dν = σST

4 (3.12)

La constante de proportionnalité est appelée constante de Stefan, et elle vaut

σS =
2π5k4

B

15c2h3
= 5.67 10−8 W.m−2.K−4 (3.13)

Exercice 21 : Démontrer la loi de Stefan (3.12) directement à partir de l’expression de l’intensité
spécifique du corps noir Bν(T ).
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La densité volumique d’énergie et la pression de radiation correspondantes sont alors toutes les deux
également proportionnelles à T 4, ce qu’on démontre en utilisant le caractère isotrope du rayonnement
du corps noir, qui implique que Jν = Iν et pν = uν/3. On a alors

u =

ˆ ∞
0

uνdν =
4π

c

ˆ ∞
0

Iνdν =
4F

c
=

4σS
c
T 4 (3.14)

p =

ˆ ∞
0

pνdν =

ˆ ∞
0

uν
3

dν =
u

3
=

4σS
3c

T 4 (3.15)
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Figure 3.6 – Lois de Planck, Rayleigh-Jean et Wien. Loi de Planck (en noir), loi de Rayleigh-Jeans
(en bleu) et loi de Wien (en rouge), pour un corps noir à T = 5800 K.

Loi de Rayleigh-Jeans et loi de Wien

Aux basses fréquences, c’est-à-dire pour ν � kBT/h, ou de manière équivalente aux grande lon-
gueurs d’onde λ� hc/kBT , les fonctions de Planck Bν(T ) et Bλ(T ) peuvent être approchées par des
expressions constituant la loi de Rayleigh-Jeans

Bν,RJ =
2kBTν

2

c2
et Bλ,RJ =

2kBcT

λ4
. (3.16)

Inversement, à haute fréquence ν � kBT/h et à courte longueur d’onde λ� hc/kBT , les fonc-
tions de Planck Bν(T ) et Bλ(T ) peuvent être approchées par des expressions constituant la loi de Wien

Bν,W =
2hν3

c2
exp

(
− hν

kBT

)
et Bλ,W =

2hc2

λ5
exp

(
− hc

λkBT

)
. (3.17)
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Exercice 22 : Démontrer les relations (3.16) et (3.17).

Les courbes correspondantes sont représentées sur la Fig. 3.6 pour un corps noir à T = 5800 K. La
loi de Rayleigh-Jeans est particulièrement utilisée en radio-astronomie, car à ces fréquences (disons
ν ∼ 100 GHz) on a typiquement un rapport hν/kB ∼ 5 K, généralement inférieur aux températures
mises en jeu dans les objets étudiés. La loi de Wien, inversement, est appliquée en astronomie X.

Notons que dans la limite de Rayleigh-Jeans, il faut beaucoup de photons pour obtenir une énergie
kBT , de sorte que la quantification de la lumière n’apparâıt pas dans cette limite. L’absence de la
constante de Planck dans l’expression de Bν,RJ en est la signature. Inversement, à haute fréquence,
chaque photon transporte une part non négligeable de l’énergie du champ et leur caractère discret
devient manifeste. C’est d’ailleurs pour résoudre le problème de la catastrophe ultraviolette que
Max Planck a été amené à postuler la quantification de l’énergie du champ électromagnétique.

Exercice 23 : Qu’entend-on par ”catastrophe ultraviolette” ? On rappelle que, classiquement, chaque
mode du champ porte en moyenne une énergie kBT .

3.1.4 Températures caractéristiques

De nombreuses quantités astrophysiques associées à la radiation peuvent s’exprimer sous la forme
de températures. On en donne ici quelques unes d’importance.

Température de brillance

Le corps noir est pris comme référence pour définir la température de brillance Tb(ν) d’une source
astrophysique par la relation suivante, qui exprime que Tb est la température du corps noir émettant la
même intensité spécifique que la source considérée à la fréquence ν,

Iν = Bν (Tb) , (3.18)

De manière générale, la température de brillance dépend donc de la fréquence d’observation ν.
L’exception à cette règle est bien entendu le cas d’une source ayant un spectre de corps noir à la
température T . Dans ce cas, Tb = T est indépendante de ν. La température de brillance est surtout
utilisée en radio-astronomie, car on a une simple relation de proportionnalité entre Tb et l’intensité
spécifique lorsque l’approximation de Rayleigh-Jeans s’applique

Tb(ν) =
c2Iν

2kBν2
, (3.19)

Exercice 24 : Déterminer l’expression générale (hors Rayleigh-Jeans) de la température de brillance.

Température de couleur

Lorsqu’une source émet un spectre dont la forme est (au moins dans un certain intervalle de
fréquence) proche de celle d’un corps noir, mais sans échelle verticale absolue parce que la taille et
la distance de la source sont inconnues, on peut définir une température de couleur Tc via un ajus-
tement du spectre par une fonction de Planck. En pratique, cet ajustement peut se limiter à mesurer
la pente du spectre entre deux fréquences, ou entre deux bandes de fréquences, et à déterminer la
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température du corps noir présentant la même pente entre ces deux mêmes fréquences 14. Bien entendu,
si la source a un spectre de corps noir à la température T , alors Tc = Tb = T .

Température effective

Enfin, la température effective Teff est celle du corps noir qui émet un flux identique à celui de la
source observée sur l’ensemble du spectre. Ce paramètre est donc défini par F = σST

4
eff , soit

Teff =

(
F

σS

)1/4

(3.20)

Bien entendu, si la source est un corps noir à la température T , on a également Teff = T .

3.2 Lois relatives à la matière

3.2.1 Distribution de Maxwell

Expression de la distribution

La distribution de Maxwell donne la distribution en probabilité des vitesses des particules libres
dans un gaz globalement au repos, à l’équilibre thermique à la température 15 T . La probabilité qu’une
particule ait une vitesse ~v à d3~v près est dP (~v) = f(~v)d3~v, avec la distribution en probabilité

f(~v) =

(
m

2πkBT

)3/2

exp

(
− mv2

2kBT

)
. (3.21)

où v = ||~v|| est la norme du vecteur vitesse. Cette distribution est donc une Gaussienne à trois
dimensions (vx, vy, vz), de moyenne nulle et d’écart-type

σv =

√
kBT

m
(3.22)

La distribution en probabilité de chacune des composantes de la vitesse est également une Gaussienne,
de même écart-type 16.

Enfin, la densité de probabilité du module v de la vitesse est donnée par

fv(v) =

(
m

2πkBT

)3/2

exp

(
− mv2

2kBT

)
4πv2. (3.23)

ce qu’on obtient en explicitant l’élément de volume dans l’espace des vitesses, d3~v = 4πv2dv.

14. On peut relier cela aux indices de couleur introduits au chapitre 2.
15. Cette température est appelée température cinétique, pour rappeler son interprétation en termes de distribution

microscopique des vitesses.
16. En toute rigueur, cette distribution est également une fonction de la position ~x et du temps t, via la dépendance

potentielle de la température en ces variables (l’équilibre thermodynamique étant local). On définit plus généralement
une fonction de distribution F(~x,~v, t) telle que la probabilité dP (~x,~v, t) de trouver, à l’instant t, une particule de vitesse
~v à d3~v près dans un volume d3~x autour du point ~x s’écrive F(~x,~v, t)d3~xd3~v.
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Exercice 25 : Démontrer la relation (3.21) à partir de considérations très générales sur les symétries
(stationnarité, homogénéité et isotropie) de F(~x,~v, t), sans hypothèse autre que la présence d’un nombre
“suffisamment grand” de particules dans tout élément de volume mésoscopique.

Vitesses caractéristiques

La distribution de Maxwell permet de calculer un certain nombre de vitesses caractéristiques, que
sont la vitesse quadratique moyenne vq (dite aussi vitesse RMS pour Root Mean Square), la vitesse
la plus probable vp, et la vitesse moyenne 〈v〉. On montre que pour cette distribution, ces vitesses
ont pour expressions, respectivement,

vq =

√
3kBT

m
(3.24)

vp =

√
2kBT

m
(3.25)

〈v〉 =

√
8kBT

πm
(3.26)

Exercice 26 : Démontrer les relations, (3.24), (3.25) et (3.26).

Numériquement, on a, en posant µ = m/mp avec mp = 1.673× 10−27 kg la masse du proton, et
en exprimant la température cinétique T en Kelvin,

vq = 0.157

√
T

µ
km s−1 vp = 0.128

√
T

µ
km s−1 〈v〉 = 0.145

√
T

µ
km s−1 (3.27)

Exemple : Un ordre de grandeur utile à avoir en tête est que la vitesse typique des atomes d’hydrogène

dans le milieu interstellaire neutre et froid (100 K) est d’environ 1 km s−1.

3.2.2 Distribution de Boltzmann

Expression de la distribution

La distribution de Boltzmann précise, pour un système d’atomes ou de molécules par exemple, le
peuplement de niveaux discrets i et j, d’énergies respectives Ei et Ej et de multiplicités 17 respectives
gi et gj , lorsque le système est à l’équilibre thermodynamique :

nj,ET

ni,ET
=
gj
gi

exp

(
−Ej − Ei

kBT

)
. (3.28)

Exercice 27 : Démontrer la relation (3.28) en considérant un système à deux niveaux, à l’équilibre
thermodynamique à la température T . On notera que la probabilité de trouver le système sur un niveau
ne peut dépendre que de l’énergie du niveau et de la température.

17. La multiplicité ou poids statistique d’un niveau est le nombre d’états quantiques différents ayant cette énergie.
Lorsque g > 1 on parle de niveau dégénéré. Des processus divers permettent de lever cette dégénérescence.
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Température d’excitation

Dans les systèmes qui ne sont pas à l’équilibre thermodynamique, le rapport des populations des
niveaux n’a pas de raison de suivre la distribution de Boltzmann, mais on peut néanmoins toujours
définir une température d’excitation Tx par la relation

nj
ni

=
gj
gi

exp

(
−Ej − Ei
kBTx

)
, (3.29)

qui exprime que la température d’excitation est la valeur que devrait prendre la température pour
que les populations effectivement observées obéissent à la loi de Boltzmann. Si le milieu n’est pas à
l’équilibre thermodynamique, on aura Tx 6= T et la valeur de Tx obtenue pourra dépendre du couple
de niveaux choisis.

Figure 3.7 – Equilibre d’ionisation entre les états r et r + 1 fois ionisé.

3.2.3 Loi de Saha

Expression de la loi

La loi de Saha régit la distribution des particules d’une même espèce dans différents états d’ioni-
sation (par exemple H et H+) lorsque le système est à l’équilibre thermodynamique à la température
T . Elle s’écrit sous la forme

nr+1ne
nr

=
2Zr+1

Zr

(2πmekBT )3/2

h3
exp

(
− χr
kBT

)
, (3.30)

où ne est la densité des électrons libres, nr est la densité de l’ion r fois ionisé, qu’on note
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Ar, avec χr son potentiel d’ionisation (c’est-à-dire l’énergie à fournir pour passer de l’ion r fois ionisé
à l’ion r + 1 fois ionisé, tous les deux étant pris dans leurs niveaux fondamentaux respectifs), et Zr sa
fonction de partition, dont on rappelle la définition

Zr(T ) =
∑
j>0

gr,j exp

(
− Er,j
kBT

)
, (3.31)

avec gr,j et Er,j le poids statistique et l’énergie du niveau j > 0 de l’ion r fois ionisé, comptée depuis
son état fondamental j = 0, c’est-à-dire que Er,0 = 0 pour tous les états r d’ionisation.

On peut également obtenir une relation donnant le rapport des populations niveau par niveau

nr+1,j

nr,i
=
gr+1,j

gr,i

2(2πmekBT )3/2

neh3
exp

(
−Er+1,j + χr − Er,i

kBT

)
(3.32)

Exercice 28 : Établir la relation (3.32), en considérant l’équilibre d’ionisation décrit par la Fig. 3.7,
à savoir Ar,i � Ar+1,j + e−. On appliquera la loi de Boltzmann aux deux états α = {Ar,i} et
β = {Ar+1,j + e−(p)} en tenant compte de l’impulsion p de l’électron.

Exercice 29 : Établir alors la loi de Saha (3.30).

Application à un plasma d’hydrogène

À titre d’exemple, considérons le cas simple d’un gaz d’hydrogène de densité n fixée, à la température
T . Les notations n0 et n1 désignent alors respectivement les densités des atomes d’hydrogène neutre H
(notés habituellement Hi) et des protons libres H+ (notés habituellement Hii). La fonction de partition
des protons libres est simplement Z1(T ) = 1 car l’ion H+ n’a pas d’électron lié, par définition. En ce
qui concerne l’atome d’hydrogène neutre, on a la fonction de partition

Z0(T ) =
∑
j>1

Z0,j(T ) (3.33)

où chaque terme est donné par

Z0,j(T ) = gj exp

(
− Ej
kBT

)
= 2j2 exp

[
− χ0

kBT

(
1− 1

j2

)]
(3.34)

avec χ0 = 13.6 eV = 2.179 × 10−18 J l’énergie d’ionisation de l’atome d’hydrogène, et en prenant
comme référence d’énergie le niveau fondamental j = 1.

Exercice 30 : Calculer les deux premiers termes Z0,1(T ) et Z0,2(T ) dans le cas de la photosphère
Solaire (T� = 6400 K). Quelle difficulté rencontre-t-on lorsqu’on veut calculer la fonction de partition
complète Z0(T ) ? Comment résoudre ce paradoxe ?

On peut alors se limiter au premier terme, soit Z0(T�) ' 2, et montrer que la loi de Saha dans ce
cas particulier s’écrit, en introduisant le degré d’ionisation y = n1/n, comme

y2

1− y =
(2πmekBT )3/2

nh3
exp

(
− χ0

kBT

)
(3.35)
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soit encore, numériquement,

y2

1− y = 2.41

(
T

1 K

)3/2 ( n

1021 m−3

)−1

exp

(
−1.58× 105 K

T

)
. (3.36)

Exercice 31 : Établir l’équation (3.35).

Il convient de remarquer que l’expression (3.35) fait apparâıtre la longueur d’onde thermique de
de Broglie des électrons

Λe =
h√

2πmekBT
(3.37)

et qu’elle se met alors sous la forme simple

y2

1− y =
1

nΛ3
e

exp

(
− χ0

kBT

)
(3.38)

Cette équation peut par exemple être appliquée à la photosphère Solaire, pour laquelle on a
n = 2× 1023 m−3 et T = 6400 K. On trouve alors un degré d’ionisation

y =
n1

n
' n1

n0
' 3.7× 10−4. (3.39)

On constate que l’hydrogène y est presque entièrement neutre. Il faudrait augmenter la température vers
23000 K pour obtenir un taux d’ionisation y ' 1. Notons que cette dernière température est nettement
inférieure à χ0/kB (de l’ordre de 1.58×105 K), à laquelle on aurait pu intuitivement penser. La raison
en est que dans les gaz diffus considérés, un atome, une fois qu’il a été ionisé, a peu de chances de
rencontrer un électron pour se recombiner. C’est aussi pour cette raison qu’à une température donnée,
le degré d’ionisation augmente lorsque la densité totale n diminue 18.

18. Remarquons qu’en appliquant cette formule au centre du Soleil, pour lequel on prend n = 6 × 1031 m−3 et
T = 1.5 × 107 K, on trouverait y ' 0.75. Bien entendu, ce résultat est erroné ! En réalité, à ces densités, la distance
moyenne entre deux atomes s’approche de la taille d’un atome isolé, de sorte que les électrons ne sont plus liés à un seul
atome en particulier, mais forment un continuum entre les protons. Le centre du Soleil est entièrement ionisé (y = 1) par
la pression énorme qui y règne.
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Chapitre 4
Les raies spectrales

Le rayonnement de corps noir vu au chapitre précédent présente un spectre continu, c’est-à-dire que
les variations de Iν avec la fréquence ν sont lentes. Il en va de même pour d’autres processus d’émission
(synchrotron, bremsstrahlung, . . . ). Il est cependant connu depuis le milieu du XVIIIe siècle que de
fortes variations de Iν sur une très petite plage de fréquences peuvent exister. Ces raies spectrales, en
émission ou en absorption, liées au caractère discret des niveaux d’énergie dans les systèmes quantiques
(atomes, ions et molécules), sont observées dans le visible et en UV dans les spectres des étoiles et
des nébuleuses ionisées, mais également dans le domaine radio en direction des nuages interstellaires,
ou encore dans le domaine X en direction de régions très chaudes comme le gaz des amas de galaxies.

4.1 Coefficients d’Einstein

On va voir ici que les probabilités de transition d’un niveau d’énergie discret à un autre sont
gouvernées par des coefficients, appelés coefficients d’Einstein, qu’on peut relier les uns aux autres
par des relations simples.

4.1.1 Absorption, émission spontanée, émission stimulée

Considérons, pour simplifier, un système à deux niveaux infiniment fins u (pour upper) et l (pour
lower) d’énergies respectives Eu et El, avec donc Eu > El. On note gu et gl les poids statistiques de
ces niveaux, nu et nl leurs populations, c’est-à-dire le nombre de particules par unité de volume dans
chacun des deux niveaux possibles. La transition radiative d’un niveau à l’autre 1 se fait via l’émission
(dans le cas u→ l) ou l’absorption (dans le cas l→ u) d’un photon de fréquence

νul =
Eu − El

h
. (4.1)

La loi de Kirchhoff εν = κνBν(T ) suggère que les processus d’émission (εν) et d’absorption (κν)
sont reliés à l’échelle microscopique. Einstein a découvert cette relation en identifiant trois processus
par lesquels un système atomique et un champ de rayonnement peuvent être couplés : l’absorption,
l’émission spontanée, et l’émission stimulée (ou induite).

Émission spontanée

Ce processus a lieu lorsqu’un atome sur le niveau u descend spontanément sur le niveau l, en
émettant un photon de fréquence νul. Ce processus a lieu indépendamment de la présence ou non d’un

1. On ignore ici les transitions collisionnelles, importantes pour discuter de l’équilibre thermodynamique.
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champ de rayonnement, et est caractérisé par le coefficient Aul, dit coefficient d’Einstein d’émission
spontanée, défini comme étant la probabilité par unité de temps qu’un atome sur le niveau u
subisse une transition d’émission spontanée. Le coefficient Aul est donc exprimé en s−1.

Absorption

Ce processus a lieu lorsqu’un atome sur le niveau l absorbe un photon de fréquence νul, de sorte
que l’énergie hνul lui permette de passer sur le niveau supérieur u. Ce processus nécessite évidemment
la présence d’un champ de rayonnement à νul, et est caractérisé par un coefficient Blu, dit coefficient
d’Einstein d’absorption. La définition de ce coefficient en termes de probabilité de transition par unité
de temps fait intervenir le champ de rayonnement via son intensité moyenne 2

Jνul =
1

4π

ˆ
IνuldΩ. (4.2)

La manière la plus simple de procéder à cette définition est d’écrire que la probabilité par unité de
temps qu’un atome sur le niveau l absorbe un photon est BluJνul , donc proportionnelle au nombre
de photons de fréquence νul.

Émission stimulée

Comme nous allons le voir, Einstein a été amené à supposer qu’il existait un troisième processus
en jeu, l’émission stimulée (ou induite), par le biais duquel un atome sur le niveau u descend sur le
niveau l en émettant un photon de fréquence νul, comme pour l’émission spontanée, mais dont la
probabilité est cette fois proportionnelle au champ de rayonnement. Ce processus est donc caractérisé
par un coefficient Bul, dit coefficient d’Einstein d’émission stimulée, tel que la probabilité par
unité de temps qu’un atome sur le niveau u subisse un processus d’émission stimulée est
BulJνul . Notons que le photon émis est en tous points identique à celui qui a stimulé la transition.

4.1.2 Relations d’Einstein

Les coefficients d’Einstein ainsi définis décrivent des processus élémentaires au niveau quan-
tique. Ils ne préjugent en rien de l’état statistique macroscopique d’un système contenant un grand
nombre de particules. Il est donc possible de faire une hypothèse sur cet état macroscopique et d’en
tirer des relations entre les coefficients qui seront valables en toutes circonstances. On se place donc
dans le cas particulier de l’équilibre thermodynamique d’un grand nombre de systèmes quantiques
identiques à celui utilisé plus haut pour définir les coefficients d’Einstein, et on montre alors que les
coefficients d’Einstein sont reliés entre eux par les relations d’Einstein

glBlu = guBul
Aul
Bul

=
2hν3

ul

c2
(4.3)

Ces relations lient les coefficients d’Einstein entre eux et ne font aucune référence à la température T ,
contrairement à la loi de Kirchhoff. Ce sont des relations valables même en dehors de l’équilibre
thermodynamique qui nous a servi à les établir. On peut les voir comme des extensions de la loi
de Kirchhoff aux cas où l’équilibre thermodynamique n’est pas réalisé. Elles traduisent des relations
d’équilibre détaillé entre processus microscopiques. Remarquons aussi qu’il suffit de connâıtre un
seul des coefficients d’Einstein pour déterminer les deux autres. Les tables spectroscopiques 3 donnent
généralement les valeurs de Aul, des poids statistiques et des énergies des niveaux impliqués.

2. La transition atomique ne dépend bien entendu pas de la direction d’où vient le photon...

3. Par exemple LAMDA : http://home.strw.leidenuniv.nl/∼moldata/. À titre d’exemple, quelques lignes du
fichier correspondant aux transitions rotationnelles de l’espèce 12C16O sont reproduites sur la Fig. 4.1.
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!MOLECULE!
CO!
!MOLECULAR WEIGHT!
28.0!
!NUMBER OF ENERGY LEVELS!
41!
!LEVEL + ENERGIES(cm^-1) + WEIGHT + J!

1 0.000000000! 1.0! 0!
2 3.845033413! 3.0! 1!
3 11.534919938! 5.0! 2!
4 23.069512649! 7.0! 3!
5 38.448164669! 9.0 4!
6 57.670329083! 11.0 5!

[…………]!
!NUMBER OF RADIATIVE TRANSITIONS!
40!
!TRANS + UP + LOW + EINSTEINA(s^-1) + FREQ(GHz) + E_u(K)!

1 2 1 7.203e-08 115.2712018 5.53!
2 3 2 6.910e-07 230.5380000 16.60!
3 4 3 2.497e-06 345.7959899 33.19!
4 5 4 6.126e-06 461.0407682 55.32!
5 6 5 1.221e-05 576.2679305 82.97!
6 7 6 2.137e-05 691.4730763 116.16!
7 8 7 3.422e-05 806.6518060 154.87

Figure 4.1 – Extrait d’un fichier de LAMDA. Ce fichier (ici pour les transitions rotationnelles de
12C16O) donne notamment les niveaux d’énergie et les coefficients d’Einstein Aul.

Exercice 32 : Établir les relations d’Einstein (4.3).

Exemple : Pour donner un ordre de grandeur, on a Aul ∼ 108 s−1 pour des raies dites permises.
Pour les transitions dites interdites, ces valeurs sont beaucoup plus faibles (on verra l’exemple de la
raie Hi à 21 cm, pour laquelle Aul = 2.85 10−15 s−1).

4.1.3 Remarques

Nécessité de l’émission stimulée

Imaginons qu’Einstein n’ait pas introduit le processus d’émission stimulée. Dans la même hypothèse
d’équilibre thermodynamique, on serait amené à écrire l’intensité moyenne à la transition comme

Jνul =
nuAul
nlBlu

=
Aul
Blu

gu
gl

exp

(
−hνul
kBT

)
=

2hν3
ul

c2
exp

(
−hνul
kBT

)
qui n’est autre que la loi de Wien, dont Einstein savait qu’elle n’était pas correcte à toutes les fréquences.
Remarquons que le fait qu’on retrouve la loi de Wien dans le cas de l’équilibre thermodynamique en
négligeant l’émission stimulée correspond au fait que pour hνul � kBT , on a nu � nl, de sorte que
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l’émission stimulée (∝ nu) est effectivement négligeable devant l’absorption (∝ nl). En effet, comme
gu ∼ gl, on a Bul ∼ Blu et donc nuBul � nlBlu.

Prise en compte du profil de la raie

Si les niveaux d’énergie sont discrets, il n’en sont pas pour autant infiniment étroits, de sorte que
le rayonnement associé aux transitions u→ l et l → u a une certaine distribution en fréquence, qu’on
caractérise par un profil de raie φ(ν) normalisé, soit

ˆ ∞
0

φ(ν)dν = 1. (4.4)

Le profil φ a donc la dimension de l’inverse d’une fréquence, et sa valeur n’est sensiblement différente de
zéro que sur une petite plage de fréquences δν autour de νul. Les définitions des coefficients d’Einstein
doivent en toute rigueur faire apparâıtre ce profil, puisqu’il représente l’efficacité relative de chaque
fréquence (à l’intérieur de la raie) à participer aux processus d’absorption et d’émission stimulée. On
définit alors Blu et Bul en écrivant les probabilités de transitions par unité de temps comme

BluJ = Blu

ˆ ∞
0

Jνφ(ν)dν et BulJ = Bul

ˆ ∞
0

Jνφ(ν)dν (4.5)

Exercice 33 : Montrer que cette nouvelle définition ne modifie pas les relations d’Einstein tant que
Bν(T ) ne varie pas appréciablement sur la plage δν.

Définition en termes de la densité d’énergie du rayonnement

Il est également possible 4 de définir Blu et Bul non pas en termes de l’intensité moyenne, mais de
la densité d’énergie du rayonnement. On écrit alors les probabilités d’absorption et d’émission stimulée
par unité de temps sous la forme

Bluu = Blu

ˆ ∞
0

uνφ(ν)dν et Bulu = Bul

ˆ ∞
0

uνφ(ν)dν (4.6)

Exercice 34 : Déterminer les relations d’Einstein avec les coefficients ainsi définis.

4.2 Emissivité, coefficient d’absorption, fonction source

4.2.1 Lien avec les coefficients d’Einstein

La variation de la population du niveau inférieur est donnée par la combinaison des processus d’ab-
sorption, d’émission induite et d’émission spontanée

dnl
dt

= Aulnu +BulnuJ −BlunlJ (4.7)

On a obtenu les relations d’Einstein en commençant par écrire que le membre de droite était nul à
l’équilibre, mais on peut maintenant les utiliser dans le cas général exprimé par cette équation bilan
pour la matière, pour établir un lien entre les coefficients d’Einstein, l’émissivité εν et le coefficient

4. C’est ce que font de nombreux ouvrages, il faut donc être conscient de cette différence.
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d’absorption κν . On montre en effet que 5

εν = Aulnu
hν

4π
φ(ν) (4.8)

κν =
hν

4π
φ(ν) (Blunl −Bulnu) (4.9)

Exercice 35 : Démontrer les relations (4.8) et (4.9). On se placera dans une hypothèse d’isotropie
locale du rayonnement, et on reliera les variations de la population nl aux variations de la population
des photons, associées à chacun des trois processus élémentaires.

4.2.2 Fonction source

À partir des expressions (4.8) et (4.9), on montre alors que la fonction source dans la raie s’écrit

Sν =
2hν3

ul

c2
1

exp

(
hνul
kBTx

)
− 1

= Bνul(Tx). (4.10)

Exercice 36 : Démontrer la relation (4.10).

En supposant donc que les profils en émission et en absorption sont identiques, la fonction source
est constante sur le profil de la raie. Elle ne dépend pas de la fréquence exacte ν, mais uniquement
de la fréquence centrale de la transition et de la température d’excitation Tx, dont on rappelle qu’elle
est la température pour laquelle les populations nu et nl vérifient la statistique de Boltzmann. On
rappelle également que, dans des milieux non thermalisés, Tx n’a pas de raison d’être identique à la
température cinétique T , qu’il peut y avoir des températures d’excitations différentes pour différentes
raies, et qu’elles peuvent varier d’un point à l’autre. Néanmoins, pour une raie unique à une position
donnée, il est toujours possible de définir Tx via

nu
nl

=
gu
gl

exp

(
− hνul
kBTx

)
. (4.11)

4.2.3 Coefficient d’absorption dans la raie

En revanche, l’émissivité monochromatique εν et le coefficient d’absorption monochromatique κν
dépendent eux de la fréquence exacte ν. On montre en effet qu’on a, pour ce dernier

κν =
c2ν

8πν3
ul

Aulnl
gu
gl

[
1− exp

(
− hνul
kBTx

)]
φ(ν). (4.12)

Exercice 37 : Démontrer la relation (4.12).

5. On a fait une hypothèse implicite dans le calcul, à savoir que le profil d’émission (apparaissant avec Aul) est le
même que le profil d’absorption (apparaissant avec Bul et Blu), ce qui n’est pas toujours le cas, notamment s’il y a un
changement de fréquence entre les processus d’absorption et d’émission (exemple de la fluorescence). Dans le cas le plus
général, on aura un profil ψ pour l’émission spontanée, φ pour l’absorption, et χ pour l’émission stimulée.
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Remarquons que dans le cas de raies assez fines, φ n’est sensiblement différent de zéro qu’au
voisinage de νul, de sorte qu’on a

κν '
c2

8πν2
ul

Aulnl
gu
gl

[
1− exp

(
− hνul
kBTx

)]
φ(ν) (4.13)

Cette hypothèse est faite implicitement dans de nombreux ouvrages.

4.2.4 Effet MASER

Le coefficient d’absorption contient un terme négatif issu de l’émission stimulée. Ce terme est
généralement petit dans l’UV et le visible, mais il peut devenir important à basse fréquence. En
particulier, la température d’excitation peut devenir négative dans certaines conditions pour lesquelles
on observe une inversion de population, soit nu > nl

6. Cela peut arriver s’il existe un troisième niveau,
d’énergie plus élevée que les deux autres, facilement peuplé (on parle d’un phénomène de pompage)
par différents mécanismes (collisions, rayonnement) et qui se désexcite plus vite sur le niveau u que
sur le niveau l. Cet effet est observable dans de nombreuses sources radio, et est connu sous le
nom d’effet MASER (pour Microwave Amplification by Stimulated Emission of Radiation). L’effet net
est que le coefficient d’absorption κν devient négatif car le terme lié à l’émission induite devient plus
grand que celui lié à l’absorption. Ceci traduit une amplification, parfois très forte, du signal. On
observe cet effet notamment dans des raies de OH (découverte des masers astrophysiques en 1965,
[24]), H2O et SiO. Les températures de brillance observées sont souvent autour de 109 K et peuvent
atteindre 1012 K.

4.3 Profil des raies

Nous allons voir dans cette section les processus microscopiques et macroscopiques responsables
de l’élargissement des raies spectrales, et comment l’étude de ces profils permet d’obtenir des
informations sur les conditions physiques dans les milieux concernés.

4.3.1 Élargissement Doppler

Effet Doppler-Fizeau

L’effet Doppler-Fizeau est le changement de fréquence apparente d’un photon émis par une par-
ticule en mouvement par rapport à l’observateur. Si l’on note νe la fréquence émise, mesurée dans un
référentiel au repos par rapport à la particule, ν la fréquence observée et vz la projection de la vitesse de
la particule émettrice par rapport à l’observateur sur la ligne de visée (avec vz > 0 pour une particule
s’éloignant de l’observateur), on a

ν

νe
=

√
c− vz
c+ vz

. (4.14)

Cette formule relativiste peut être simplifiée lorsque vz � c. On a alors approximativement

ν

νe
' 1− vz

c
. (4.15)

6. Dans l’hypothèse simplificatrice gu = gl.
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Figure 4.2 – Profils de Gauss. On montre les cas ∆νD = 1 (bleu), ∆νD = 2 (rouge) et ∆νD = 3
(noir). Les unités de ∆νD sont les mêmes que celles de l’axe ν − νul.

Élargissement thermique

Dans un milieu à l’équilibre à la température cinétique T , une raie intrinsèquement infiniment fine
présente un profil Doppler thermique, dû à l’agitation des particules émettrices, de forme Gaussienne

φ(ν) =
1√

π∆νD
exp

[
−
(
ν − νul
∆νD

)2
]

(4.16)

en définissant la largeur Doppler thermique

∆νD =
νul
c

√
2kBT

m
(4.17)

Le coefficient d’absorption au centre de la raie est alors donné par

κ0 =
c2

8π3/2ν2
ul∆νD

Aulnl
gu
gl

[
1− exp

(
− hνul
kBTx

)]
(4.18)

Il varie en ∆ν−1
D . Toutes choses étant égales par ailleurs, une raie est donc d’autant plus intense en

émission, ou profonde en absorption, que la distribution est étroite (ce qui correspond à un milieu froid).
On montre sur la Fig. 4.2 quelques profils Doppler thermiques correspondant à différents élargissements.

Exercice 38 : Démontrer la relation (4.16).

Ces formules ne sont valables que pour une vitesse moyenne du fluide nulle par rapport à l’ob-
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servateur, 〈vz〉 = 0. Dans le cas contraire 〈vz〉 = v0 6= 0, le profil est toujours Gaussien, mais il est
centré sur la fréquence ν0 et présente une largeur ∆ν′D, avec

ν0 = νul

√
c− v0

c+ v0
∆ν′D =

ν0

c

√
2kBT

m
. (4.19)

Élargissement Doppler turbulent

L’agitation thermique est loin d’être la seule cause d’élargissement Doppler des raies spectrales.
En effet, le milieu responsable de la raie peut généralement être décrit par une approximation
fluide, et il est maintenant établi que de nombreux objets astrophysiques (le milieu interstellaire en est
un exemple parfait) sont le siège de mouvements turbulents mésoscopiques. Cela signifie que sur
une ligne de visée donnée, chaque élément de longueur ds possède sa propre vitesse moyenne projetée
〈vz(s)〉 = v0(s), et le profil thermique de la raie associé à cet élément est une Gaussienne centrée sur 7

ν0(s) = νul

[
1− v0(s)

c

]
(4.20)

Si l’on suppose que la température cinétique du milieu est uniforme, et que la distribution des vitesses
turbulentes est Maxwellienne, avec une moyenne nulle,

g(v0) =
1√
πbt

exp

(
−v

2
0

b2t

)
, (4.21)

on peut alors montrer que le profil résultant φ est également une Gaussienne, de largeur

∆νD =
νul
c

√
2kBT

m
+ b2t (4.22)

Exercice 39 : Montrer que si T est uniforme, le profil φ est la convolution du profil thermique φT
et d’une distribution en fréquence f associée à la distribution des vitesses turbulentes. La formule (4.22)
en est un cas particulier si f est Gaussienne.

Cette formule permet, via la comparaison des largeurs de raies correspondant à différentes espèces
sur une même ligne de visée, de déterminer si l’élargissement est dominé par l’agitation thermique ou
par les mouvements turbulents. En effet, dans le premier cas, on a

∆νD
νul

∝ 1√
m

(4.23)

alors que dans le second cas ∆νD/νul est indépendant de la raie. En pratique, on constate qu’on est
la plupart du temps dans ce second cas de figure, ce qui montre que l’élargissement turbulent est
prépondérant. Notons aussi que les mouvements d’ensemble du gaz (comme la rotation d’une galaxie)
provoquent eux aussi un élargissement des raies. Notons enfin qu’on parle souvent de la largeur à mi-
hauteur, ou FWHM pour Full-Width at Half-Maximum), et on note que pour la forme Gaussienne,
on a la relation

FWHM = 2
√

ln 2∆νD ' 1.66∆νD =
νul
c

√
8 ln 2σvz (4.24)

où σvz est la dispersion des vitesses à une dimension.

Exercice 40 : Démontrer la relation entre FWHM et la largeur Doppler ∆νD.

7. On se place dans la limite non-relativiste.
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4.3.2 Élargissement naturel

Temps de vie des niveaux

Le principe d’incertitude d’Heisenberg indique que la largeur finie d’un niveau excité u est liée
à la durée finie qu’une particule peut passer dans cet état. En notant δEu la largeur du niveau u et τu
son temps de vie, on a δEuτu ' ~. Or le temps de vie est relié aux coefficients d’Einstein, par

τu =
1∑

l<u

Aul
, (4.25)

et la décroissance de la population du niveau supérieur est exponentielle

nu(t) = nu(0)e−t/τu . (4.26)

Exercice 41 : Justifier la relation (4.25).

Lorsqu’un champ de rayonnement est présent, ce temps caractéristique diminue 8

τu =
1∑

l<u

(
Aul +BulJ

) < 1∑
l<u

Aul
(4.27)

Notons que ces écritures négligent le fait qu’en réalité, il peut y avoir des particules dans des états
d’énergie Eu′ supérieure à Eu, ce qui complique l’analyse car la variation de nu dépend des populations
de ces niveaux (via l’émission spontanée et l’émission stimulée u′ → u).

Pour les transitions permises, Aul est très grand (de l’ordre de 108 s−1), de sorte que les temps
de vie des niveaux supérieurs impliqués dans ces transitions sont très courts, et leur élargissement très
important, de l’ordre de 10 MHz. Inversement, pour les transitions interdites, l’élargissement des niveaux
supérieurs est très faible. On parle à leur propos de niveaux métastables.

Profil Lorentzien

Dans une approche classique 9 de l’interaction entre matière et rayonnement, on traite l’électron lié
dans l’atome comme un oscillateur harmonique amorti soumis à une force excitatrice associée au champ
électrique variable du rayonnement (modèle de Thomson). On montre alors que la section efficace
d’interaction prend la forme

σω =
e2

ε0mec

γω2

(ω2 − ω2
ul)

2 + ω2γ2
(4.28)

où γ est le coefficient d’amortissement

γ =
e2ω2

6πε0mec3
(4.29)

Dans ces expressions, me est la masse de l’électron et ωul est la pulsation de la transition considérée,
autrement dit ωul = 2πνul. Lorsqu’on se place au voisinage de la résonance, et en passant en variable
fréquence, on montre que le coefficient d’absorption prend la forme suivante (où δ = γ/4π)

κν = nl
e2

4πε0mec

δ

δ2 + (ν − νul)2
= nl

e2

4ε0mec
φ(ν) (4.30)

8. L’absorption n’est pas à prendre en compte - au moins aux temps courts - puisqu’elle ne concerne pas les atomes
sur le niveau excité.

9. En particulier, on ignore les transitions stimulées.
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Figure 4.3 – Profils de Lorentz. On montre les cas δ = 1 (bleu), δ = 2 (rouge) et δ = 3 (noir). Les
unités de δ sont les mêmes que celles de l’axe ν − νul.

en introduisant le profil Lorentzien normalisé (représenté pour différentes valeurs de δ sur la Fig. 4.3)

φ(ν) =
1

π

δ

δ2 + (ν − νul)2
. (4.31)

Exercice 42 : Démontrer la relation (4.30).

Le profil Lorentzien mis en évidence ici s’écrit

φ(ν) =
1

π

δ

δ2 + (ν − νul)2
avec δ =

1

4πτu
=
γu
4π

(4.32)

où γu = 1/τu est la constante d’amortissement du niveau supérieur. Ce profil est donc lié au temps de
vie fini du niveau supérieur de la transition, et très différent du profil Gaussien lié à l’effet Doppler :
il décrôıt rapidement au centre de la raie, mais a des ailes beaucoup plus importantes, en
(ν − νul)−2. Sa largeur à mi-hauteur est 2δ, et il tend vers une distribution de Dirac lorsque δ → 0.

Forces d’oscillateur

À partir du coefficient d’absorption, et toujours dans une approche classique négligeant l’émission
stimulée, on en déduit une expression classique du coefficient d’Einstein d’absorption

Blu =
π

hνul

e2

ε0mec
(4.33)
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Un calcul quantique donne un résultat identique au facteur correctif près ful < 1, la force d’oscillateur,

Blu =
π

hνul

e2

ε0mec
ful (4.34)

Exercice 43 : Démontrer la relation (4.33).

4.3.3 Élargissement par collisions

Origine

Les interactions et collisions entre particules provoquent des désexcitations supplémentaires, donc
réduisent la durée de vie du niveau supérieur u. Cela implique un élargissement Lorentzien accru
des raies faisant intervenir ce niveau. Pour obtenir un ordre de grandeur de la constante d’amortissement
γcoll liée aux collisions, on la relie à la durée moyenne τcoll entre deux collisions

γcoll ∼
1

τcoll
∼ npπr2

pv (4.35)

en notant np la densité des particules perturbatrices, v leur vitesse relative par rapport à l’atome
rayonnant, et rp le rayon de l’interaction mise en jeu. La vitesse relative fait intervenir la température

v ∼
√
kBT

(
1

mp
+

1

ma

)
(4.36)

avec mp et ma les masses respectives des particules perturbatrices et de l’atome rayonnant. Le potentiel
d’interaction mis en jeu dépend de la nature des particules perturbatrices : on aura un potentiel de
Van der Waals s’il s’agit par exemple d’atomes d’hydrogène neutre créant un potentiel dipolaire, et
on aura un potentiel Coulombien 10 dans le cas d’électrons ou d’ions.

Transitions permises et interdites

On peut maintenant expliquer pourquoi certaines transitions sont dites permises et d’autres inter-
dites, en remarquant que dans les conditions terrestres, on a un taux de collisions γcoll de l’ordre de
109 s−1. En effet, la vitesse caractéristique des molécules de diazote à 300 K est

v ∼ 0.1

√
300

14
' 0.46 km s−1 = 460 m s−1 (4.37)

leur rayon est typiquement rp ∼ 10−10 m et leur densité np ∼ 3 × 1025 m−3. Comme le taux de
désexcitations radiatives est donné par Aul, il y en aura une fraction non négligeable uniquement si Aul
est au moins de l’ordre de γcoll. On pourra alors observer ces raies dans ces conditions. Inversement,
on n’observera pas de transitions interdites, car elles sont beaucoup moins probables qu’une
désexcitation collisionnelle dans les conditions terrestres 11.

Notion de densité critique

Les processus mis en jeu pour déterminer les populations des niveaux incluent les transitions ra-
diatives qu’on discute dans ce chapitre, caractérisées par les coefficients d’Einstein Aul, Bul et Blu,
mais également des transitions collisionnelles - sans émission ou absorption de rayonnement

10. Corrigé de l’écrantage au delà de la longueur de Debye.
11. Plus rigoureusement, ce sont les règles de sélection de la mécanique quantique qui déterminent si une transition

est permise (de type dipolaire électrique) ou interdite.
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— Un atome ou une molécule A dans un état d’énergie El peut être excité vers un état d’énergie
Eu > El par interaction avec une particule excitatrice p, d’énergie cinétique suffisante, et qui
en cède une partie Eul = Eu − El à A.

— Un atome ou une molécule A dans un état d’énergie Eu peut être désexcité vers un état
d’énergie El < Eu par interaction avec une particule excitatrice p, qui récupère alors l’énergie
Eul = Eu − El sous forme d’énergie cinétique.

Ces transitions sont caractérisées par des coefficients d’excitation et de désexcitation collisionnelle,
appelés aussi taux de collisions et notés respectivement Clu et Cul. On définit le premier en écrivant
que Clunpnl représente le nombre d’excitations collisionnelles l → u par unité de volume et par unité
de temps, où np est la densité des partenaires de collision et nl la population du niveau inférieur. De
même, on définit le second coefficient en écrivant que Culnpnu représente le nombre de désexcitations
collisionnelles u → l par unité de volume et par unité de temps. Le bilan pour le niveau inférieur l est
alors, en l’absence d’autres processus de transition 12,

dnl
dt

= −Clunpnl + Culnpnu (4.38)

Ces coefficients Clu et Cul s’expriment en cm3.s−1 dans le système CGS. On voit ainsi que le nombre
de désexcitations collisionnelles par unité de volume et intervalle de temps est npnuCul, tandis que le
nombre de désexcitations radiatives par unité de volume et intervalle de temps est nuAul. On voit donc
qu’il existe une densité critique des partenaires de collision

ncrit =
Aul
Cul

(4.39)

telle que les désexcitations collisionnelles sont négligeables si np � ncrit et prépondérantes si np � ncrit.

4.3.4 Forme générale d’un profil (simple) de raie

Causes multiples d’élargissement

Chacun des processus discutés ci-dessus provoque un élargissement φi(ν), où l’indice i fait référence
au processus considéré. Lorsque plusieurs causes d’élargissement sont à prendre en compte, le
profil résultant est la convolution des profils de chaque processus 13.

Exercice 44 : Démontrer cette dernière affirmation.

On a vu que les fonctions φi pouvaient prendre la forme d’une Gaussienne ou d’une Lorentzienne.
Or la convolution de deux Gaussiennes de largeurs respectives σ1 et σ2 est également une Gaussienne,
de largeur σ =

√
σ2

1 + σ2
2 . De même, la convolution de deux Lorentziennes, de paramètres respectifs

δ1 et δ2, est aussi une Lorentzienne, de paramètre δ = δ1 + δ2, ce qui peut se montrer en passant
par la transformée de Fourier (la convolution devenant une multiplication). On a donc deux types de
profils élémentaires : des profils Gaussiens (élargissement Doppler thermique et turbulent) et des
profils Lorentziens (élargissement naturel et élargissement par collisions).

Profil de Voigt

Si l’on suppose la présence d’une seule composante avec une distribution de vitesse Gaussienne (que
celle-ci soit d’origine thermique ou turbulente, ou une combinaison des deux), l’élargissement Gaussien
et l’élargissement Lorentzien vont se combiner. Le profil résultant est appelé profil de Voigt, et est la

12. Notamment en ignorant les transitions radiatives, la présence d’autres niveaux, et la possibilité qu’il existe différentes
espèces de collisionneurs.

13. Il faut supposer pour cela que les processus sont indépendants.
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Figure 4.4 – Profils de Voigt. On montre en traits pleins les cas a = 10−2 (bleu), a = 10−3 (vert)
et a = 10−4 (rouge). Les courbes en pointillés représentent les approximations Gaussiennes au centre
de chaque profil, et les courbes en tirets les approximations Lorentziennes dans les ailes. Noter que l’axe
des ordonnées est en échelle logarithmique.

convolution d’une Gaussienne et d’une Lorentzienne. Le coefficient d’absorption est alors, en négligeant
le facteur lié à l’émission stimulée,

κν = nl
e2

4ε0mec
ful

1√
π∆νD

H(a, u) = κν,0H(a, u) (4.40)

qui fait apparâıtre la fonction de Voigt

H(a, u) =
a

π

ˆ +∞

−∞

e−y
2

a2 + (u− y)2
dy (4.41)

où l’on a posé, respectivement,

a =
δ

∆νD
u =

ν − ν0

∆νD
y =

ν′

∆νD
(4.42)

Exercice 45 : Démontrer la forme (4.41).

L’allure du profil est dictée par la valeur du paramètre a, rapport de la largeur naturelle et
collisionnelle à la largeur Doppler. Dans la pratique, a est toujours très petit devant 1 (a ≈ 10−3

pour les raies permises, et a� 1 pour les raies interdites 14). La fonction de Voigt est donc la convolution
d’une Gaussienne avec une Lorentzienne beaucoup plus piquée.

14. Leur largeur naturelle est très faible puisque le temps de vie sur le niveau excité est long, et de plus ces raies se
forment dans des milieux très dilués de sorte que l’amortissement par collision est lui aussi très faible.

84



Comportements asymptotiques

Le cœur du profil de Voigt est dominé par la partie Gaussienne, et ses ailes par la partie Lorentzienne,

H(a, u) ' e−u2

pour u→ 0 et H(a, u) ' a√
πu2

pour u→ ±∞ (4.43)

On représente ces deux limites, respectivement en pointillés et en tirets, sur la Fig. 4.4.

Exercice 46 : Démontrer les limites asymptotiques (4.43) du profil de Voigt.

4.3.5 Du profil de raie au profil de raie...

Introduction

L’étude des raies d’absorption (profils, intensité) dans les spectres de sources astrophysiques brillantes
permet d’obtenir des diagnostics puissants sur les conditions physiques du milieu absorbant (den-
sité de colonne, température, état d’ionisation, degré d’excitation, rapports d’abondances, ...). Nous
allons montrer comment l’on s’y prend, dans un cadre extrêmement simplifié, qui est celui d’un mi-
lieu homogène purement absorbant dans une raie (c’est-à-dire non émissif et n’absorbant pas le
continu), placé en avant-plan d’une source ponctuelle (c’est-à-dire non résolue spatialement) de rayon-
nement continu (Fig. 4.5). Ce modèle peut s’appliquer notamment aux nuages interstellaires devant
les étoiles lointaines, et aux nuages intergalactiques devant les quasars. Il a également été utilisé
pour décrire les atmosphères stellaires, avant le développement de modèles plus sophistiqués.

Figure 4.5 – Modèle de la couche absorbante.

Spectre normalisé au continu

Dans le modèle simple considéré ici, la solution de l’équation du transfert est

Iν = Iν,ce
−τν (4.44)

où Iν,c désigne le continuum, c’est-à-dire l’intensité qu’on observerait en l’absence de nuage absorbant
sur la ligne de visée. Au niveau d’une raie, τν varie rapidement avec la fréquence : c’est le profil de la
raie. Le spectre normalisé (indiqué à droite de la Fig. 4.6) est alors

Iν =
Iν
Iν,c

= e−τν (4.45)
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Figure 4.6 – Raie d’absorption devant une source de rayonnement continu (à gauche) et
spectre normalisé Iν/Iν,c (à droite). Sur chaque figure, le signal complet (incluant du bruit de
mesure) est tracé en traits noirs, le signal débruité en traits rouges, et le continu sous-jacent en tirets
bleus. L’axe des fréquences est centré sur la raie, et les unités de ν et Iν sont arbitraires.

Il est important de voir que le profil observé sur cette raie n’est pas φ(ν), mais une forme en e−τ0φ(ν).
Dans le cas d’un profil de Voigt (on suppose qu’il n’y a qu’une seule composante en vitesse dans le
spectre observé), l’intensité normalisée au continu est ainsi donnée par

Iν = e−τν,0H(a,u) (4.46)

où l’épaisseur optique au centre de la raie est

τν,0 = κν,0L = Nl
e2

4
√
πε0mec∆νD

ful = 1.5 10−6ful

(
Nl

m−2

)(
∆νD
1 Hz

)−1

(4.47)

en introduisant la densité de colonne Nl = nlL de l’espèce responsable de l’absorption (correspon-
dant à la population du niveau inférieur l de la transition mise en jeu).

La Fig. 4.7 montre les profils de raies d’absorption obtenus pour a = 10−3 et différentes valeurs
de l’épaisseur optique au centre de la raie, c’est-à-dire différentes densités de colonne de l’absorbeur,
à dispersion de vitesse donnée. Aux faibles épaisseurs optiques, l’élargissement naturel n’est pas per-
ceptible, et le cœur Doppler de la raie domine. Celui-ci sature lorsque τν,0 augmente, puis, lorsqu’il est
très saturé, apparaissent alors de grandes ailes Lorentziennes, qui seront en général résolues. Dans
ce cas, leur ajustement fournit alors directement la densité de colonne Nl.
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Figure 4.7 – Profils de raies en absorption. Ils sont montrés en fonction de u = (ν − ν0)/∆νD,
pour a = 10−3 et différentes valeurs de τν,0 : 0.1 (bleu), 1 (vert), 10 (rouge) et 100 (cyan).

4.4 Quelques exemples de raies astrophysiques

4.4.1 La raie à 21 cm de l’hydrogène atomique neutre

La raie de transition hyperfine à 21 cm de longueur d’onde (ν0 = 1420.405751 MHz) de l’hydrogène
atomique neutre (Hi) est un traceur puissant de l’espèce la plus abondante dans l’Univers. Elle se
forme lorsque les spins du proton et de l’électron passent d’un état parallèle (gu = 3) à un état
antiparallèle (gl = 1) 15. C’est une transition fortement interdite (Aul = 2.85 10−15 s−1) mais la
faible densité du milieu conjuguée aux grandes lignes de visée la rend parfaitement visible. Un exemple
est présenté sur la Fig. 4.8, issue du relevé THINGS, The Hi Nearby Galaxy Survey [25]. On y voit, à
gauche, l’intensité intégrée dans la raie à 21 cm, et au milieu l’image en optique issue du Digital Sky
Survey. On voit notamment que le gaz Hi est notablement plus étendu que la population stellaire. À
droite, on montre le spectre intégré sur toute l’étendue de la galaxie. Il présente une forme en double
pic caractéristique d’un système en rotation. Vous verrez en TD comment calculer, à partir de tels
spectres, la quantité de gaz d’hydrogène présente dans une telle galaxie.

4.4.2 Les raies rotationnelles du monoxyde de carbone

La molécule de CO

CO est la molécule interstellaire la plus abondante après H2. Elle possède un moment dipolaire
électrique permanent non nul, ce qui autorise des transitions dipolaires électriques, plus rapides que
pour H2. Les configurations électroniques de C et O impliquent que la sous-couche 2p de la molécule
est pleine, de sorte que le moment cinétique et le spin électroniques sont nuls. La configuration
électronique fondamentale est donc 1Σ+

0 . La liaison chimique entre les atomes étant forte (l’énergie
de liaison est 11.1 eV), la distance internucléaire est faible et la constante de raideur équivalente grande.

15. Le nombre d’états pour un nombre quantique hyperfin F est 2F + 1, or F (l) = 0 et F (u) = 1.
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Figure 4.8 – Raie à 21 cm de NGC 2403. Intensité intégrée dans la raie (à gauche), image optique
issue du DSS (au milieu) et spectre intégré de la raie (à droite) [25].

La masse réduite plus importante que pour H2 implique un moment d’inertie plus grand, et donc que
les niveaux rotationnels J sont plus serrés. On a en effet, pour un nombre quantique rotationnel J
une énergie EJ et une multiplicité gJ données par

EJ = BJ(J + 1) gJ = 2J + 1 (4.48)

où la constante de rotation est B = 0.24 meV, correspondant à une température de 2.77 K.

Figure 4.9 – La molécule CO. Niveaux rotationnels (à gauche) et profils de raies J = 1 → 0
d’isotopologues de CO observés en direction du complexe moléculaire Taurus-Auriga. Figures issues
de [26].

Transitions rotationnelles

Du fait de ce faible écart en énergie, les niveaux rotationnels J > 0 peuvent donc être facilement
excités, même uniquement par les photons du CMB. De plus, leur désexcitation peut se faire dans des
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transitions dipolaires électriques, plus rapides, pour lesquelles on a ∆J = ±1. Les premières de ces
transitions sont 16

J = 1→ 0 à 115 GHz J = 2→ 1 à 230 GHz J = 3→ 2 à 345 GHz (4.49)

Ce sont donc des raies dans le millimétrique et le submillimétrique, observables depuis le sol. Le coeffi-
cient de désexcitation collisionnelle de la transition J = 1 → 0 vaut k10 ≈ 6 10−11 cm3 · s−1, de sorte
que la densité critique est de l’ordre de 103 cm−3, ce qui implique que dans le gaz moléculaire diffus,
l’excitation est collisionnelle, mais la désexcitation radiative.

L’émission CO comme traceur du gaz moléculaire

La molécule CO se forme dans les régions où l’hydrogène est déjà sous forme moléculaire, il est donc
envisageable d’utiliser les raies rotationnelles de CO comme traceur du gaz moléculaire, depuis la
découverte de cette émission dans Orion en 1970. Pour formaliser cette relation, on introduit le facteur
de conversion XCO entre l’intensité intégrée dans la raie de CO (J = 1→ 0) et la densité de colonne
de l’hydrogène moléculaire H2,

XCO =
N (H2)ˆ

Tb (J = 1→ 0) dv

(4.50)

Observationnellement, pour déterminer XCO, il faut une estimation indépendante de N (H2), qu’on
obtient via l’émission FIR de la poussière ou le flux γ associé à la désintégration des pions issus de
l’interaction entre le MIS et les rayons cosmiques. Ainsi, on trouve typiquement

XCO ≈ 1.5− 2.0 1020 cm−2 ·K−1 · km−1 · s (4.51)

On cartographie ainsi par exemple la distribution du gaz moléculaire dans notre Galaxie, qui est
concentrée dans le plan Galactique, comme le montre la Fig. 4.10.

Figure 4.10 – Emission CO (J = 1→ 0) au voisinage du plan Galactique. Figure issue de [27].

16. Ces valeurs numériques s’appliquent pour l’isotopologue principal 12C16O.
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Chapitre 5
Les étoiles

Les étoiles constituent peut-être l’élément central de l’astrophysique. L’étude de leur structure et
de leur évolution forme le domaine de la physique stellaire, dont les thématiques s’étendent d’une part
à l’évolution des galaxies, au travers de la discussion des populations stellaires et de la composition
chimique du gaz, et d’autre part à la formation des exoplanètes et à l’apparition possible de formes
de vie. Enfin, les étoiles sont de formidables laboratoires pour la physique fondamentale, permettant
d’accéder à des conditions de température et de densité difficiles à explorer autrement.

5.1 Caractérisation des étoiles

En regardant attentivement les étoiles, on constate qu’elles n’ont pas toute le même éclat, ni la
même couleur (Fig. 5.1), cela traduit des différences en termes de masse ou de stade évolutif. Pour
les expliquer au travers de la théorie de l’évolution stellaire, il convient de commencer par classifier les
étoiles, et donc de mesurer leurs propriétés.

Figure 5.1 – La constellation d’Orion. On distingue notamment Bételgeuse (supergéante rouge,
M1-2 Ia-Iab) en haut à gauche et Rigel (supergéante bleue, B8 Ia) en bas à droite. (Crédit : Carrotto-
mato, Fotolia).
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5.1.1 Mesure des distances stellaires

Étoiles proches : la méthode des parallaxes

Pour les étoiles les plus proches, on est en mesure d’estimer leur distance au moyen de la méthode
des parallaxes, illustrée sur la Fig. 5.2., et fondée sur le fait que la position de cette étoile semble
changer au cours de l’année, du fait de la révolution de la Terre autour du soleil. Par définition, la
parallaxe annuelle δ d’une étoile est l’angle sous lequel on verrait le demi grand-axe de l’orbite ter-
restre, égal à 1 unité astronomique 1 depuis cette étoile. Cela permet de définir une unité pratique de
distance, le parsec, qui est la distance D? telle que la parallaxe annuelle vaut 1 seconde d’arc 2. Ainsi,
1 pc = 3.086 1016 m. On notera que les étoiles les plus proches de nous, hormis le Soleil, sont à des
distances typiques de quelques parsecs 3. On peut aussi utiliser l’année-lumière, distance parcourue par
la lumière en une année, qui vaut 1 a.l. = 9.46 1015 m = 0.307 pc.

Figure 5.2 – Parallaxes stellaires.

Exercice 47 : Estimer la distance maximale accessible par le biais de cette méthode., sachant que
la précision de la position des étoiles les plus brillantes obtenue avec Gaia est de l’ordre de 0.5 mas.

1. 1 UA = 149.6 109 m.
2. 1′′ = (1/3600)◦ = 4.8 10−6 rad.
3. La plus proche, Proxima Centauri, est à 1.3 pc.
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Chandelles standard

Certaines étoiles ont des propriétés qui permettent d’en connâıtre la luminosité intrinsèque L (ou
encore la magnitude absolue M (voir la section 2.2.2). En mesurant le flux F reçu sur Terre, on en
déduit la distance D? via la relation

D? =

√
L

4πF
(5.1)

On parle alors de chandelles standard, qui permettent de construire progressivement une échelle
cosmique des distances. Parmi ces objets, on a notamment

— Les étoiles variables RR Lyræ, caractérisée par une relation entre leur période et leur luminosité
intrinsèque. Elles permettent de mesurer des distances jusqu’à environ 2 Mpc.

— Les étoiles variables Céphéides, caractérisée par une relation entre leur période et leur lumi-
nosité intrinsèque. Elles permettent de mesurer des distances jusqu’à environ 30 Mpc.

— Les novæ, dont la magnitude absolue en bande V est MV = −6.5, qui permettent de mesurer
des distances jusqu’à environ 40 Mpc.

— Les supernovæ de type Ia, dont la magnitude absolue en bande V est MV = −19.7, qui
permettent de mesurer des distances jusqu’à environ 3 Gpc.

5.1.2 Températures et couleurs

Température effective

Comme on l’a vu sur le cas du Soleil (Fig. 1.2), les spectres stellaires ont une forme proche de celle
d’un corps noir, uniquement modifié par la présence de raies d’absorption. Il est donc naturel de définir
une température effective Teff comme en (3.1.4) par

Teff =

(
L

4πR2σ

)1/4

(5.2)

où L et R sont respectivement la luminosité et le rayon stellaire. Notons que ce rayon est celui de la
photosphère, qui est la zone de l’étoile d’où les photons s’échappent quasi-librement. Si l’on mesure la
magnitude apparente m d’une étoile et qu’on connâıt sa distance D?, on peut en déduire sa luminosité,
mais la détermination de son rayon est bien plus délicate, de sorte que l’équation ci-dessus ne peut que
rarement être utilisée pour déterminer Teff . Pour une même température effective, on a possiblement
des étoiles géantes très lumineuses ou des étoiles peu lumineuses beaucoup plus compactes, de sorte que
le rapport L/R2 soit le même. Pour les distinguer, on a introduit des classes de luminosité numérotées
de I à VII pour des objets de moins en moins brillants (voir plus loin).

Indice de couleur

La température de l’étoile se traduit aussi par sa couleur, qu’on quantifie au travers d’un indice
de couleur, différence entre les magnitudes observées au travers de différents filtres.

X−Y = mX −mY = −2.5 log

(
FX

FY

)
(5.3)

où FX et FY sont les flux observés dans les bandes X et Y, respectivement. On utilise par exemple
les indices de couleur U − B et B − V, où U, B, V désignent des bandes dans l’UV (364 nm), le bleu
(442 nm) et le jaune (540 nm) 4. Il existe une relation univoque entre ces indices de couleur et la
température effective (Fig. 5.3), ce qui permet de la déterminer.

4. Par exemple, dans le cas du Soleil, on a U− B = 0.13± 0.02 et B−V = 0.63± 0.02, ce qui montre que le Soleil
rayonne davantage aux longueurs d’onde plus grandes.
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Figure 5.3 – Relation indice de couleur - température effective. Données issues de [29].

5.1.3 Composition chimique

Au travers de la spectroscopie haute résolution et de la comparaison à des modèles stellaires,
on peut obtenir une estimation précise de la température effective, mais également de la composition
chimique de l’étoile, tout du moins de ses couches les plus externes (Fig. 5.4). Ces analyses montrent
que tous les éléments chimiques présents sur Terre le sont également dans les étoiles, et antérieurement
dans le milieu interstellaire à partir duquel elles se forment.

Processus de nucléosynthèse

Ces éléments proviennent de différents canaux de nucléosynthèse, c’est-à-dire de formation de
noyaux atomiques nouveaux à partir d’éléments existants :

— La nucléosynthèse primordiale, qui a formé les éléments les plus légers dans l’Univers jeune.
Avant la formation des premières étoiles, l’Univers était ainsi composé d’hydrogène (dont du
deutérium), d’hélium 3He et 4He (7 à 8%) et de lithium 7Li (< 10−9)

— La nucléosynthèse stellaire, qui produit des éléments plus lourds (carbone et oxygène en
particulier), par fusion thermonucléaire d’éléments légers au cœur des étoiles. L’éjection de
masse par les vents stellaires et les supernovæ relargue ces éléments dans le milieu interstellaire.

— La nucléosynthèse explosive, qui produit les éléments les plus lourds comme l’uranium au cours
des évènements violents comme les fusions d’étoiles à neutrons ou les explosions de supernovæ.

— La spallation, qui est la production de noyaux légers comme le béryllium ou le bore comme frag-
ments de noyaux plus lourds (carbone et oxygène) suite à l’impact de particules très énergétiques
(les rayons cosmiques).

L’origine des divers éléments est représentée schématiquement sur la Fig. 5.5.
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Figure 5.4 – Composition chimique du Soleil. Les chiffres de la table de droite sont les abondances
en nombre d’atomes et non les fractions de masse [30].

Figure 5.5 – Les différents canaux de la nucléosynthèse. [Crédit : Cmglee / Wikimedia Commons.]

Fractions de masse, abondances et métallicité

On définit les fractions de masse des éléments comme le rapport de la masse qu’ils représentent à
la masse totale. Par convention, on regroupe celle de tous les isotopes de l’hydrogène sous la notation
X, celle de tous les isotopes de l’hélium sous la notation Y , et celle de tous les autres éléments sous la
notation Z, qu’on appelle métallicité. Ainsi
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X =
m(H)

M
Y =

m(He)

M
Z = 1−X − Y (5.4)

Dans le cas du Soleil, on a, initialement X = X� ≈ 0.7, Y = Y� ≈ 0.28, Z = Z� ≈ 0.02. No-
tons qu’avec l’évolution stellaire, ces fractions de masse évoluent sous l’effet des réactions nucléaires
et des processus de transport. Elles peuvent également dépendre de la position r au sein de l’étoile, et
la spectroscopie ne donne accès qu’aux valeurs actuelles à la surface. On définit par ailleurs le rapport
d’abondance à l’hydrogène, souvent lui-même rapporté à la valeur solaire, qu’on note

[M/H] = log (Z/X)− log (Z�/X�) (5.5)

où M désigne les métaux, c’est-à-dire tous les éléments autres de l’hydrogène et l’hélium.

Populations stellaires

L’enrichissement en métaux du MIS par le biais de la nucléosynthèse stellaire et de l’éjection de
matière fait que, d’une génération à l’autre, les étoiles s’enrichissent elles-aussi en éléments lourds. On
distingue ainsi trois populations stellaires dans notre Galaxie :

— Les étoiles de population I : étoiles jeunes du disque Galactique, de composition chimique riche
en métaux (Z ≈ 0.02) semblable au Soleil.

— Les étoiles de population II : étoiles plus vieilles, présentes dans le halo et les amas globulaires,
pauvres en métaux (Z ≈ 0.001).

— Les étoiles de population III : étoiles de première génération, sans métaux (Z ≈ 0).

5.1.4 Classification spectrale

La formation des raies en absorption dans un spectre stellaire est due au passage des photons issus
de la photosphère au travers de l’atmosphère stellaire, plus froide. La présence de certaines raies, leurs
intensités, leurs rapports et leurs formes dépendent donc des conditions physiques photosphériques (no-
tamment de la température) et de la composition chimique de l’atmosphère.

Exercice 48 : Expliquer pourquoi on observe une raie en absorption si le milieu traversé est plus
froid que le fond, et une raie en émission dans le cas contraire.

Classification en température

On peut ainsi procéder à une classification spectrale des étoiles. Celle en vigueur descend du travail
colossal des calculatrices de Harvard, notamment Williamina Fleming 5, Antonia Maury 6 et Annie
Jump Cannon 7. Par ordre de température effective décroissante, on trouve les types O, B, A, F, G, K
et M 8. La Fig. 5.6 présente les températures effectives typiques de ces étoiles et les raies d’absorption
qui les caractérisent. De sous-classes sont constituées en divisant chacun de ces types, et sont notées
en insérant un chiffre de 0 à 9 après le type spectral. On passe ainsi de B9 à A0. Le Soleil est une étoile
de type G2, de température effective Teff = 5770 K.

5. Dundee, 15 mai 1857 - Boston, 21 mai 1922
6. Cold Spring, 21 mars 1866 - Dobbs Ferry, 8 janvier 1952
7. Dover, 11 décembre 1863 - Cambridge, 13 avril 1941
8. Plusieurs moyens mnémotechniques existent pour se rappeler cet ordre, comme ”Oh Be A Fine Girl, Kiss Me”, ou

le plus acceptable ”Only Boys Accepting Feminism Get Kissed Meaningfully”...
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Figure 5.6 – Spectres stellaires. Pour chaque type spectral (à droite), on indique la température
effective (à gauche) et les raies d’absorption principales (en haut et en bas).

Classification en luminosité

Pour une même température effective, on a vu qu’on pouvait avoir a priori plusieurs étoiles par-
tageant le même rapport L/R2. En mesurant la luminosité 9, on peut lever cette dégénérescence, ce
qui amène à définir des classes de luminosité, de I (super-géantes) à VII (naines blanches), où les
classes II et III sont celles des géantes, la classe IV celle des sous-géantes, la classe V celle des naines
aussi appelée séquence principale et la classe VI celle des sous-naines. Une super-géante G2I a la
même température que le Soleil (G2V) mais est beaucoup plus lumineuse car beaucoup plus grande.

Diagramme de Hertzsprung-Russell (HR)

Une fois déterminée la luminosité et la température effective, on peut placer les étoiles dans un
diagramme de Hertzsprung-Russell (HR) (log Teff − logL), 10 ce qui permet de constater qu’elles
ne se répartissent pas au hasard dans ce plan, mais se regroupent dans différentes régions, comme on
peut le voir sur la Fig. 5.7. Les étoiles situées sur la diagonale sont dans la phase pendant laquelle elles
brûlent leur hydrogène en hélium, c’est la séquence principale, où l’on trouve le Soleil. Les géantes
évoluées, se trouvent en haut à droite, dans les zones appelée Red Giant Branch (RGB) et Horizontal
Branch (HB). Toutes les étoiles moins massives qu’environ 10 M�, et donc en particulier le Soleil,
passent successivement par la séquence principale, puis la branche des géantes rouges et la branche
horizontale, avant d’évoluer vers le stade de naine blanche, en bas à gauche du diagramme HR. Les
étoiles de plus grande masse évoluent quant à elles constamment dans le domaine des géantes. On

9. En pratique, on utilise la largeur des raies, différente pour les différentes classes de luminosité.
10. On a là un diagramme théorique. Observationnellement on utilisera un diagramme couleur-magnitude, qui donne

la même information.
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Figure 5.7 – Diagramme de Hertzsprung-Russell. Les classes de luminosité sont indiquées, des
super-géantes aux naines blanches. Les sous-naines n’apparaissent pas dans ce diagramme particulier.
[Crédit : R. Powell / Wikimedia Commons.]

comprend l’intérêt qu’il y a à placer les étoiles dans ce diagramme pour en suivre l’évolution 11. De tels
diagrammes sont essentiels pour décrire et prédire cette évolution, ce qui constitue l’un des objectifs
premiers de la physique stellaire.

5.1.5 Détermination des masses stellaires

La plage de masse des objets stellaires s’étend de ∼ 0.08 M� à ∼ 120 M�. En deçà, et jusqu’à
environ ∼ 0.01 M�, on trouve le domaine des naines brunes, objets trop peu massifs pour que les
réactions thermonucléaires de fusion de l’hydrogène puissent avoir lieu dans leur cœur. La détermination

11. Y compris leur évolution avant la séquence principale, qu’on discutera dans le chapitre sur la formation stellaire.
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de la masse d’une étoile repose le plus généralement 12 sur les lois de Kepler dans des systèmes
multiples, sachant qu’on estime que plus de la moitié des étoiles appartiennent à de tels systèmes. On
va étudier plus particulièrement le cas des binaires, qu’on peut classifier selon la méthode permettant
de justement déterminer leur caractère binaire :

— Les binaires visuelles, dont on voit le mouvement propre sur le ciel, et dont on peut donc
mesurer les paramètres orbitaux (Fig. 5.8).

— Les binaires à éclipse, telles que l’un des membres du système occulte périodiquement une
fraction du disque stellaire de l’autre (Fig. 5.9).

— Les binaires spectroscopiques, dont on mesure le mouvement radial périodique lors de leur
orbite autour du centre de masse (Fig. 5.10).

Figure 5.8 – Exemple de binaire visuelle. Il s’agit de ξ Ursæ Majoris, observée par Camille Flam-
marion (1882).

Binaires visuelles

Dans un système binaire (Fig. 5.11), on notera A la composante primaire et B la composante
secondaire, étant entendu que cela implique que leurs masses vérifient MA > MB . D’après les lois de
Kepler, chaque composante parcourt une orbite elliptique autour 13 du centre de masse G. On note
aA et aB les demi grands axes des orbites de A et B, respectivement. Si l’on connâıt ces valeurs, on
peut en déduire le rapport des masses

MA

MB
=
aB
aA

(5.6)

De plus, le mouvement relatif de B par rapport à A est identique à celui d’un mobile fictif de masse
égale à la masse réduite du système µ = MAMB/(MA+MB) dans un champ de force gravitationnel
identique à celui qui s’exerce entre les deux composantes du système. La résolution du problème de

12. Une autre méthode de détermination des masses stellaires repose sur l’astérosismologie, qui est l’étude des oscil-
lations stellaires. On n’en parlera pas dans ce cours.

13. Plus précisément, G est l’un des foyers de l’ellipse.
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Figure 5.9 – Exemple de binaire à éclipse. Les images présentent l’observation de l’éclipse d’Algol
B (la plus lumineuse) par Algol A [31]. La figure du bas montre la courbe de lumière (NASA/TESS).

Figure 5.10 – Exemple de binaire spectroscopique. Le schéma de gauche montre le principe de la
détection, la figure de droite montre la vitesse radiale en fonction du temps pour l’étoile HD191588 [32].

Kepler ainsi posé, et l’application notamment de la troisième loi de Kepler implique que la période
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du mouvement orbital P est reliée au demi grand axe a = aA + aB du mouvement relatif par

P 2

a3
=

4π2

G(MA +MB)
(5.7)

De cette manière, la connaissance de la somme et du rapport des masses permet de déterminer les
masses individuelles des deux composantes. Il faut noter cependant que :

— la détermination des orbites réelles à partir des orbites apparentes est sujette à celle de l’angle
d’inclinaison i de l’orbite sur le plan du ciel ;

— les mesures faites sont angulaires et il faut donc avoir une estimation de la distance du système
(via sa parallaxe) pour obtenir les valeurs des demi grands axes.

Figure 5.11 – Éléments orbitaux d’un système binaire. Le schéma de gauche représente les orbites
de chaque composante autour du centre de masse G, celui de droite le mouvement relatif du secondaire
B par rapport au primaire A.

Binaires spectroscopiques

Dans ce cas de figure, on n’a pas accès au mouvement propre des étoiles dans le ciel, mais on peut
mesurer leur vitesse radiale par effet Doppler. En prenant le cas simple d’orbites circulaires dans un
plan incliné d’un angle i sur le plan du ciel, les vitesses radiales vA et vB présentent des variations
temporelles sinusöıdales, dont les amplitudes sont respectivement VA sin i et VB sin i, où VA et VB sont
les modules des vitesses circulaires orbitales des composantes. Le rapport des amplitudes donne alors
le rapport des masses

MA

MB
=
VB
VA

(5.8)

et on peut obtenir la somme des masses en utilisant là encore la troisième loi de Kepler

MA +MB =
P (VA + VB)3

2πG
(5.9)

On peut donc là encore déterminer les masses individuelles des deux composantes. Une approche
similaire est utilisée pour la détection des exoplanètes avec la méthode des vitesses radiales, mais
on ne dispose alors pas de la vitesse de la planète B, uniquement celle de l’étoile-hôte A. L’amplitude
K de la vitesse radiale de l’étoile est donnée par la relation

K3 =
2πG

P
f(MA,MB) (5.10)

où f(MA,MB) = (MB sin i)3/(MA +MB)2 est la fonction de masse. Si l’on peut obtenir une esti-
mation de l’angle i et qu’on connâıt la masse de l’étoile, on en déduit celle de la planète.

Exercice 49 : Établir la relation (5.9).
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5.1.6 Détermination des rayons stellaires

Le rayon stellaire est par définition celui de la photosphère, qui est la région de l’étoile dont
s’échappent les photons, et qui peut avoir des épaisseurs sensiblement différentes d’une étoile à l’autre 14.
Les rayons stellaires varient de ∼ 10−3 R� à ∼ 103 R�, sachant que le rayon solaire est 1 R� ≈ 7 108 m.

La mesure directe du rayon stellaire n’est possible que pour les étoiles suffisamment proches et
grandes pour que leur taille apparente soit supérieure à la résolution angulaire de l’instrument. On peut
utiliser l’interférométrie pour améliorer cette résolution. En combinant ces mesures angulaires avec
une estimation de parallaxe du système, on obtient le diamètre physique de l’étoile. À titre d’exemple,
les observations de l’interféromètre optique CHARA combinées aux parallaxes Hipparcos ont permis
de déterminer que les composantes du système 16 Cyg AB ont pour diamètres 1.22± 0.02 R� (A) et
1.12± 0.02 R� (B).

Figure 5.12 – Détermination de rayons stellaires.

Les mesures indirectes de rayons stellaires sont possibles pour les binaires à éclipse. Dans le cas
le plus simple d’un système vu exactement par la tranche et où les orbites sont circulaires, on observe
des variations périodiques du flux F reçu, formant la courbe de lumière. Ces variations ont la forme
représentée sur la Fig. 5.12 et sont dues au passage de la composante secondaire, la moins brillante,
devant et derrière la composante primaire plus brillante. Les points particuliers t1, t2, t3 et t4 lors du
transit sont appelés premier, deuxième, troisième et quatrième contact. Les mêmes termes sont
utilisés pour les points t′1, t′2, t′3 et t′4 lors de l’antitransit. En notant T = t4 − t1 et τ = t3 − t2, on a
directement le rapport des rayons

RB
RA

=
T − τ
T + τ

(5.11)

On peut aussi, en supposant le demi grand axe a connu, obtenir les rayons de chaque composante

RA =
π

2

T + τ

P
a RB =

π

2

T − τ
P

a (5.12)

où P est la période orbitale. Notons qu’une méthode exactement similaire, la méthode des transits,
permet régulièrement la détection d’exoplanètes par la diminution du flux lumineux reçu de leur étoile-
hôte lorsqu’elles en occultent une partie du disque.

Exercice 50 : Démontrer les relations (5.11) et (5.12). On se placera dans le cas le plus simple.

14. De moins de 1% de la taille de l’étoile pour les naines à quelques dixièmes de cette taille pour les géantes. La
photosphère solaire a une épaisseur d’environ 400 km.
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5.2 La structure stellaire

5.2.1 Les équations générales de la structure stellaire

La structure d’une étoile ainsi que son évolution sont déterminées par la résolution d’un ensemble
d’équations différentielles non-linéaires couplées, formant les équations générales de la structure
interne. Elles se fondent sur la modélisation d’une étoile en tant que plasma fluide tridimensionnel
soumis à sa propre gravité et aux différentes forces de pression, au cœur duquel l’énergie est produite
par les réactions de fusion thermonucléaire, puis transportée vers l’extérieur de différentes manières
(conduction, convection et rayonnement). Dans sa version standard, cette modélisation suppose un
objet à symétrie sphérique 15, qu’on pourra donc traiter en une seule dimension. On aura alors à choisir
entre une description Eulerienne, où la variable sera la distance r au centre, et une description
Lagrangienne, où la variable sera la masse m(r) interne au rayon r. Les équations qu’il conviendra
alors de résoudre doivent traduire les phénomènes physiques suivants :

— la conservation de la masse
— la conservation de la quantité de mouvement
— la conservation de l’énergie
— le transport de l’énergie du centre vers l’extérieur 16

— la transformation chimique du plasma au cours du temps

5.2.2 Des temps caractéristiques

Il est utile d’aborder le problème en discutant de quelques temps caractéristiques d’évolution,
suivant les ingrédients physiques pris en compte.

Un temps dynamique : le temps de chute libre

Prenons une étoile de masse M et de rayon R, et imaginons que seule l’auto-gravité de l’étoile
joue un rôle, c’est-à-dire qu’on néglige les forces de pression et la production d’énergie par les réactions
nucléaires. L’équation d’évolution d’une particule fluide située au rayon r est alors simplement

d2r

dt2
= −Gm(r)

r2
(5.13)

dont on tire un temps dynamique, le temps de chute libre, qui vaut, en ordre de grandeur 17

τdyn ∼
√

R3

GM
(5.14)

Pour le Soleil, ce temps est de seulement 27 minutes ( !) mais pour un objet interstellaire précurseur
d’une étoile comme on en discutera plus tard, ce temps peut être notablement plus long.

Exercice 51 : Établir l’expression du temps de chute libre.

15. Ceci exclut de fait les questions liées à la rotation stellaire, au champ magnétique, ou encore à la présence d’un
compagnon exerçant des forces de marée.

16. Rappelons que les étoiles brillent, c’est donc qu’elles perdent de l’énergie à leur surface...

17. En faisant le calcul, on trouve que le temps de chute libre est affecté d’un facteur π/(2
√

2).
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Un temps thermique : le temps de Kelvin-Helmholtz

D’où provient in fine la luminosité stellaire L ? Autrement dit, à quelle source d’énergie cette
luminosité est-elle puisée ? On pourrait imaginer qu’il s’agisse de l’énergie potentielle gravitationnelle 18

Eg = −3

5

GM2

R
< 0 (5.15)

On peut voir en effet −Eg comme l’énergie qu’il faudrait fournir à l’étoile pour la disperser à l’infini, et
inversement, cette énergie est celle perdue par le système de particules depuis la formation de l’étoile.
On a alors un temps caractéristique, le temps de Kelvin-Helmholtz

τKH ∼
GM2

RL
(5.16)

Pour le Soleil, cette échelle de temps de contraction gravitationnelle est de 3.1 107 an, beaucoup plus
courte que l’âge de la Terre 19. Le Soleil puise donc sa luminosité à une autre source.

Exercice 52 : Établir l’expression de l’énergie potentielle gravitationnelle et vérifier l’ordre de gran-
deur donné pour le temps de Kelvin-Helmholtz dans le cas du Soleil. On rappelle que 1 L� ≈ 3.8 1026 W.

Un temps nucléaire

On sait maintenant que cette source est la fusion thermonucléaire de noyaux, en particulier celle de
quatre noyaux d’hydrogène en un noyau d’hélium

41H −→4 He (5.17)

qui libère ∆E = 26.736 MeV, soit à peu près 0.007mpc
2 par nucléon 20. Par kilogramme d’hydrogène,

on en tire ainsi une énergie EH ≈ 6.35 1014 J · kg−1. En tenant compte d’une fraction en masse X ≈ 0.7
d’hydrogène et du fait que les réactions ne peuvent avoir lieu que dans le cœur de l’étoile, soit une
fraction en volume f ≈ 0.15, on en tire un temps nucléaire

τnuc,H =
fXMEH

L
(5.18)

Pour le Soleil, on trouve un temps de l’ordre de 1.1 1010 an, bien plus raisonnable. C’est ce temps
qui caractérise la phase la plus longue de la vie d’une étoile typique, celle de la séquence principale 21.

Exercice 53 : Établir l’ordre de grandeur de ce temps nucléaire pour le Soleil.

En conclusion, on a τdyn � τKH � τnuc,H et on pourra donc supposer l’équilibre hydrostatique
et l’équilibre de pression (établis sur les deux premières échelles de temps) et calculer l’évolution
chimique de l’étoile entre t et t + dt, sous l’effet des réactions thermonucléaires et des processus de
transport.

18. Cette expression suppose un astre homogène, ce qui n’est pas exact, mais la forme est correcte au facteur numérique
près.

19. Estimé à partir de la datation de roches.
20. C’est la réaction la plus ”rentable” énergétiquement, et plus une reaction nucléaire met en jeu des noyaux lourds,

moins elle produit d’énergie.
21. Les autres temps caractéristiques peuvent apparâıtre dans les phases très primordiales d’effondrement d’un cœur

préstellaire (τdyn), d’évolution pré-séquence principale (τKH), ou bien plus tard dans l’effondrement du cœur stellaire lors
d’une supernova de type II (τdyn).
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Figure 5.13 – Équilibre hydrostatique. Le schéma de gauche représente la coquille sphérique entre
r et r+ dr, celui de droite montre le détail d’un petit volume dV = dSdr de cette coquille pour établir
l’équation d’équilibre hydrostatique.

5.2.3 Équilibre hydrostatique

On considère, sur la Fig. 5.13, une coquille sphérique, en équilibre, entre les rayons r et r + dr, à
un instant donné t de l’évolution stellaire. Cette coquille contient une masse dm qui est donnée par

dm

dr
= 4πr2ρ(r) (5.19)

où ρ est la masse volumique (parfois abusivement appelée ”densité”) 22 et où l’on rappelle qu’on se
place en symétrie sphérique. Cette équation traduit la conservation de la masse. Pour écrire l’équilibre
de cette coquille, on note ensuite que le champ gravitationnel qui s’y applique est ~g = −g~er = −~∇Φ,
où le potentiel gravitationnel Φ obéit à l’équation de Poisson ∆Φ = 4πGρ. Ici on peut le calculer via
le théorème de Gauss et on trouve

g =
dΦ

dr
=
Gm(r)

r2
(5.20)

On écrit enfin l’équation d’équilibre hydrostatique, traduisant la conservation de la quantité de
mouvement, en considérant un petit volume dV = dSdr de section dS entre les rayons r et r + dr.
On écrit que celui-ci est en équilibre sous l’effet de la force de gravité et des forces de pression. Pour
ces dernières, seules celles exercées sur les surfaces dS en r et en r+ dr doivent être prises en compte,
les autres (sur les surfaces latérales) s’annulent. On a alors, en écrivant l’équilibre via la relation fonda-
mentale de la dynamique projetée sur ~er,

0 = −ρgdV + P (r)dS − P (r + dr)dS (5.21)

22. La masse volumique moyenne du Soleil est de l’ordre de ρ ≈ 1.4 103 kg ·m−3, mais la distribution de densité est
en réalité fortement stratifiée, avec une densité centrale environ cent fois plus élevée.
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ce qui donne l’équation de l’équilibre hydrostatique recherchée

dP

dr
= −ρg (5.22)

On en tire que P crôıt vers l’intérieur de l’étoile, ce qui traduit la stratification du milieu. Au centre
du Soleil, la pression atteint environ Pc ≈ 2.3 1016 Pa. La stratification est illustrée par la Fig. 5.14.

Figure 5.14 – Stratification stellaire. Les différentes courbes montrent, pour un modèle du Soleil
et en fonction du rayon normalisé r/R�, la densité ρ, la masse interne m, la pression P et le champ
de gravité g (Crédit : R.-M. Ouazzani & J. Marques).
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5.2.4 Équation d’état

La pression P , la densité ρ et la température T (dont on n’a pas encore parlé) doivent obéir à une
équation d’état qui décrit l’état thermodynamique du plasma stellaire 23. Elle dépend de la compo-
sition chimique du plasma, et il est la plupart du temps tout à fait raisonnable de supposer qu’on a un
gaz parfait d’électrons, d’ions divers et de photons. On a alors

P =
ρkBT

µmu
(5.23)

où µ désigne le poids moléculaire moyen, c’est-à-dire la masse moyenne des particules, exprimée
en unité de masse atomique mu ≈ 1.66 10−27 kg, pondérée par l’abondance de chacune d’entre elles.
À titre d’exemple, pour un gaz neutre avec des atomes de masse atomique Aj présents en proportion
Xj (les fractions de masse), on a

µ =
1∑

j

Xj

Aj

(5.24)

Pour un gaz au moins partiellement ionisé, il faudra tenir compte de la présence d’électrons libres dans
le bilan du nombre de particules.

5.2.5 Transport radiatif de l’énergie

Conservation de l’énergie

Entre les rayons r et r + dr, la luminosité de l’étoile varie potentiellement de dL, en particulier
sous l’effet des réactions thermonucléaires 24. Si l’on note ε le taux de production d’énergie par unité
de masse et unité de temps, on peut écrire la conservation de l’énergie comme

dL

dr
= 4πr2ρε (5.25)

En pratique, ε n’est important que dans le cœur, où se produisent les réactions de fusion. Dès lors
qu’on est à environ r ≈ 0.2R, la luminosité L(r) a atteint sa valeur maximale. Si l’étoile tire ainsi son
énergie de la fusion thermonucléaire, elle l’évacue principalement par radiation 25. Il faut donc discuter
de ce transport radiatif du centre vers l’extérieur des étoiles.

Intensité spécifique et moments

L’intérieur des étoiles est caractérisé par une grande profondeur optique τν , et la fonction source
tend donc vers la fonction de Planck à la température locale, Sν → Bν(T ). Dans ces régions, le libre
parcours moyen des photons lp est faible, et ceux-ci diffusent suivant une marche aléatoire. D’autre
part, le libre parcours moyen étant faible, la courbure peut être ignorée et on se place donc en géométrie
plane, en utilisant l’équation du transfert sous sa forme (2.52), avec µ = cos θ. On peut alors montrer
que l’intensité spécifique du rayonnement dirigé vers l’extérieur (µ > 0) au niveau de la profondeur

23. Notons que la température thermodynamique n’a de sens que si le nombre de collisions au sein du plasma est
suffisamment élevé, on dit alors que le plasma est thermalisé. Le libre parcours moyen des photons dans un intérieur
stellaire est de l’ordre de lp ∼ 0.5 cm, ce qui assure qu’on est localement à l’équilibre thermodynamique (ETL) sur toutes
les échelles de hauteur significatives.

24. On doit aussi tenir compte des pertes sous forme de neutrinos et des variations structurelles de l’étoile comme les
dilatations et contractions gravitationnelles.

25. On verra plus bas que dans certaines conditions, le transport de l’énergie se fait par convection.
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optique τν a pour expression 26

Iν(τν , µ) =
∑
n>0

µn
∂nBν
∂τnν

(τν) (5.26)

Exercice 54 : Démontrer la relation (5.26), en effectuant un développement de Taylor de la fonc-
tion source au voisinage de τν .

On peut alors calculer les moments de l’intensité spécifique, à savoir l’intensité moyenne Jν , la
densité spectrale de flux Fν , et la densité spectrale de pression de radiation pν . On montre qu’on a

Jν(τν) = Bν(τν) +
1

3

∂2Bν
∂τ2
ν

(τν) + . . . (5.27)

Fν(τν) =
4π

3

∂Bν
∂τν

(τν) +
4π

5

∂3Bν
∂τ3
ν

(τν) + . . . (5.28)

pν =
4π

3c
Bν(τν) +

4π

5c

∂2Bν
∂τ2
ν

(τν) + . . . (5.29)

Exercice 55 : Démontrer les relations (5.27) à (5.29).

La convergence de ces séries est extrêmement rapide. En effet, en ordre de grandeur, on a

B(n)
ν =

∂nBν
∂τnν

∼ Bν
τnν

donc
B(n+2)
ν

B(n)
ν

∼ 1

τ2
ν

∼
(
lp
l

)2

(5.30)

où l est la longueur caractéristique sur laquelle changent significativement les propriétés du système
étudié. Dans les atmosphères stellaires, on prendra l’échelle de hauteur de pression HP , typiquement
102 à 103 km pour le Soleil, de la surface vers l’intérieur. Comme le libre parcours moyen est de l’ordre
du cm ou moins, on a au plus lp/l de l’ordre de 10−7, et donc chaque terme est d’ordre O(10−14) par
rapport au terme précédent. On peut donc ne garder que les premiers termes.

Jν ' Bν Fν '
4π

3

∂Bν
∂τν

pν '
4π

3c
Bν (5.31)

On note que le flux à l’ordre zéro est nul, et que c’est l’asymétrie créée par le gradient de Bν et
donc le gradient de T qui le rend non nul. L’anisotropie, même très faible, est essentielle pour
qu’il y ait un flux lumineux sortant de l’étoile !

Luminosité stellaire, moyenne de Rosseland

La densité spectrale de flux écrite en (5.31) permet de déterminer une équation fondamentale de la
physique stellaire, donnant la luminosité bolométrique L(r) au rayon r, en fonction du gradient de
température. On montre en effet que

26. Le résultat pour µ < 0 ne diffère que par des termes en O(e−τν/|µ|), donc on peut utiliser la formule ci-dessus
pour toutes les valeurs de µ à suffisamment grande profondeur optique.
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L(r) = −64πσ

3

1

κR
r2T 3 dT

dr
(5.32)

Dans cette équation, la quantité κR est l’opacité moyenne de Rosseland définie par

1

κR
=

ˆ ∞
0

1

κν

∂Bν
∂T

dν
ˆ ∞

0

∂Bν
∂T

dν

(5.33)

Sans surprise, les plages spectrales qui déterminent la valeur de κR, et donc la luminosité sortante,
sont celles qui présentent une faible opacité au rayonnement 27. Cette équation (5.32) peut aussi
s’écrire en termes de flux radiatif bolométrique

Frad =
L(r)

4πr2
= −16σT 3

3κR

dT

dr
= −4acT 3

3κR

dT

dr
avec a =

4σ

c
(5.35)

ce qui montre qu’on a une équation de diffusion type loi de Fourier avec une conductivité radiative

λrad =
4acT 3

3κR
(5.36)

Exercice 56 : Démontrer la relation (5.32).

Application : relation masse-luminosité des étoiles

L’expression (5.32) reliant la luminosité au gradient de température peut être utilisée en ordre de
grandeur pour obtenir une relation entre la masse et la luminosité d’une étoile, à savoir L? ∝M3

? .

Exercice 57 : Obtenir cette relation masse-luminosité. On considérera l’étoile comme une sphère
de gaz parfait d’hydrogène atomique, en équilibre hydrostatique. En déduire que le temps de vie sur la
séquence principale est t? ∝M−2

? .

Exemple : Puisque le Soleil a une durée de vie sur la séquence principale de 1010 ans, une étoile

de 10 M� y passe environ 108 ans, et une étoile de 0.2 M� environ 2.5× 1011 ans (supérieur à l’âge
de l’Univers). En fait, l’opacité χ? dépend aussi légèrement de la masse de l’étoile, χ? ∝M−0.3

? , donc
L? ∝ M3.3

? et t? ∝ M−2.3
? , ce qui change les durées de vie en t? ' 5 107 ans pour M = 10 M� et

t? ' 4 1011 ans pour M = 0.2 M�.

Les opacités

Le calcul des coefficient d’absorption monochromatiques κν est indispensable à celui de l’opacité
moyenne de Rosseland κR, qui gouverne le transport radiatif dans les étoiles. Il faut donc discuter des
processus qui déterminent ces coefficients, sachant que les températures mises en jeu dans les étoiles

27. On fait également remarquer que le coefficient d’absorption κR est de l’ordre de l’inverse du libre parcours moyen
lp des photons. On peut donc écrire, en introduisant la densité numérique n des centres absorbeurs et la section efficace
se, puis la masse volumique ρ et la masse des particules m,

κR ∼
1

lp
' nse =

ρ

m
se = χρ (5.34)

avec χ = se/m un coefficient indépendant de la densité. C’est d’ailleurs souvent celui-ci qui est donné dans la littérature,
ce qui explique qu’on trouvera souvent les opacités exprimées en cm2 g−1.
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Figure 5.15 – Transitions lié-lié et lié-libre. Le schéma de gauche montre le principe des transitions
lié-lié par absorption d’un photon, celui de droite le principe des transitions lié-libre vers le continuum.

ne permettent que des transitions électroniques et non nucléaires 28. Il y a quatre types de processus à
prendre en compte :

— Les transitions lié-lié, au cours desquelles un photon est absorbé et fait monter un électron
sur un niveau lié d’énergie plus élevée (Fig. 5.15, gauche). Ce processus est important dans les
atmosphères froides (T < 106 K). Le calcul de ces opacités est très lourd, puisqu’il faut faire
une somme sur tous les éléments k, tous leurs degrés d’ionisation i, et tous les niveaux j1 → j2
impliqués dans la transition, soit

κν =
∑

k,i,j1,j2

nk,i,j1sk,i,j1,j2(ν) (5.37)

où sk,i,j1,j2(ν) est la section efficace de transition et nk,i,j1 la densité des absorbeurs.
— Les transitions lié-libre, pour lesquelles l’énergie du photon est suffisante pour photo-ioniser

l’atome ou l’ion en lui arrachant un électron (Fig. 5.15, droite). Pour ce processus, la section
efficace est maximale au seuil d’ionisation ν0 = χ/h et elle décrôıt ensuite typiquement en ν−3.
La possibilité d’arracher des électrons de couches internes produit des profils en ”dents de scie”
(Fig. 5.16). Là encore, il faut sommer sur toutes les espèces présentes et tous leurs niveaux pour
obtenir le coefficient d’absorption κν . Ces processus sont eux aussi importants essentiellement
à basse température.

— Les transitions libre-libre, aussi appelées Bremsstrahlung inverse, au cours desquelles un
électron libre absorbe un photon pour gagner de l’énergie, au voisinage d’un ion. Il s’agit en
quelque sorte de collisions inélastiques entre un électron et un photon. Ces transitions contri-
buent significativement dans les régions profondes (T > 106 K) où la plupart des espèces sont
ionisées, de sorte que la densité électronique est importante.

— Les diffusions électroniques, qui sont des collisions élastiques entre un électron libre et un
photon, sans perte d’énergie mais avec un changement de direction qui contribue à l’opacité.
Dans la limite non-relativiste, cette diffusion est appelée diffusion Thomson (voir 2.3.3) et sa

28. Pour que les photons puissent briser des noyaux, il faut des énergies de l’ordre du MeV, uniquement disponibles lors
d’évènements comme les supernovæ.
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section efficace est indépendante de la longueur d’onde

σT =
8π

3

(
e2

4πεmec2

)2

≈ 6.65 10−29 m2 (5.38)

Dans le domaine relativiste, on parlera de diffusion Compton, dont la section efficace dépend
quant à elle de la fréquence du photon.

Figure 5.16 – Sections efficaces de photo-ionisation de différentes espèces. Figure issue de [3].

Si le calcul des opacités est une véritable industrie de la physique stellaire, fournissant des tables
d’opacité utilisées dans les codes d’évolution, on modélise parfois en première approximation les coef-
ficients d’absorption par une loi de Kramers

κν = κ0ρT
−s (5.39)

avec par exemple s ≈ 3.5 dans le cas des transitions lié-libre et libre-libre.

5.2.6 Évolution temporelle de la composition chimique

Effets des réactions nucléaires

Dans les régions centrales des étoiles, lorsque la température est assez élevée, les réactions nucléaires
convertissent des éléments chimiques en d’autres éléments plus lourds, ce qui modifie la composition
chimique sur des échelles de temps nucléaires (comme τnuc,H). Ces transformations libèrent une
énergie qui vient compenser les pertes par rayonnement à la surface de l’étoile. On définit le taux de
réaction rab comme le nombre de réactions a −→ b transformant a en b, par unité de volume et par
unité de temps. On a alors la variation temporelle de la densité volumique nb de particules de type b
par

∂nb
∂t

=
∑
a

(rab − rba) (5.40)
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En notant eab l’énergie libérée par une réaction a −→ b, on a le taux de production d’énergie par unité
de masse et de temps comme

ε =
1

ρ

∑
(a,b)

rabeab (5.41)

C’est ce taux qui apparâıt dans l’équation (5.25).

Effets de la diffusion et de la convection

En présence de gradients, des phénomènes de diffusion peuvent se mettre en place. Si la densité ni
d’une espèce varie d’un point à l’autre, on pourra ainsi avoir de la diffusion particulaire, caractérisée
par la loi de Fick donnant le vecteur flux de particules 29 de l’espèce i en fonction du gradient de la
densité,

~Ji = −D~∇ni (5.42)

où D est le coefficient de diffusion. En présence d’un gradient de température ou d’un gradient
de pression, on pourra aussi avoir de la diffusion, les atomes les plus lourds migrant vers les zones de
température ou de pression plus élevées. Dans les zones convectives, le milieu est efficacement mélangé
par les mouvements turbulents induits par la convection, et ce sur des échelles de temps très courtes
par rapport aux réactions nucléaires. Dans les modèles, on pourra donc supposer que la composition
chimique est instantanément redistribuée dans l’ensemble de la zone convective.

Figure 5.17 – Stabilité vis-à-vis de la convection.

29. Son module donne le nombre de particules traversant une surface unité par unité de temps.

111



5.2.7 Convection

Critère de stabilité vis-à-vis de la convection

Quelle est la condition pour que le transport de l’énergie du centre de l’étoile vers l’extérieur se fasse
via la convection plutôt que par la radiation ? Pour le déterminer, il faut voir que les mouvements
convectifs trouvent leur origine dans une instabilité due à la poussée d’Archimède. Imaginons qu’une
bulle de fluide b, située initialement au rayon r, et donc de densité ρ(r) et de température T (r), soit
déplacée adiabatiquement 30 jusqu’au rayon r+ dr, avec dr > 0 (Fig. 5.17). Elle est alors en contact
avec un environnement à la densité ρ(r + dr) et à la température T (r + dr). L’équilibre de pression
s’établit rapidement entre la bulle et son environnement, de sorte que la température et la densité de
la bulle prennent des valeurs Tb et ρb telles que ρbTb = ρ(r + dr)T (r + dr), mais a priori différentes
de celles de l’environnement, c’est-à-dire que ρb 6= ρ(r + dr) et Tb 6= T (r + dr). La force qui s’exerce
sur la bulle de volume δV est alors la somme de son poids et de la poussée d’Archimède

~F = −δV [ρb − ρ(r + dr)] g~er (5.43)

Deux cas se présentent donc :
— Si ρb > ρ(r + dr), la force ~F est dirigée vers le bas et la bulle va retourner vers sa position

initiale. On a stabilité et il n’y aura pas de mouvement de convection.
— Si ρb < ρ(r + dr), la force ~F est dirigée vers le haut et la bulle va continuer à monter. On a

instabilité vis-à-vis de la convection.
Le changement de densité de la bulle, lors de son déplacement de dr peut s’écrire sous la forme

dρad = ρb − ρ(r) =

(
∂ρ

∂r

)
ad

dr (5.44)

où l’indice ”ad” signifie que cette variation est adiabatique. La variation de densité de l’environnement,
elle, s’écrit, toujours entre r et r + dr,

dρ = ρ(r + dr)− ρ(r) =

(
∂ρ

∂r

)
dr (5.45)

Comme dρad et dρ sont négatives 31 pour dr > 0, on en tire qu’il y a stabilité si∣∣∣∣∂ρ∂r
∣∣∣∣
ad

<

∣∣∣∣∂ρ∂r
∣∣∣∣ (5.46)

Du fait de l’équilibre de pression atteint rapidement, cette condition peut aussi s’écrire comme∣∣∣∣∂T∂r
∣∣∣∣
ad

>

∣∣∣∣∂T∂r
∣∣∣∣ (5.47)

Exercice 58 : Montrer que la condition (5.47) découle effectivement de (5.46) et de l’équilibre de
pression ρbTb = ρ(r + dr)T (r + dr).

Cette dernière condition est souvent réécrite en introduisant une grandeur positive appelée abusive-
ment gradient de température, et notée ∇, qui intervient dans la dérivée de T par rapport au rayon
en introduisant l’échelle de hauteur de la pression HP

dT

dr
= − T

HP
∇ HP = −

(
d lnP

dr

)−1

∇ =
d lnT

d lnP
> 0 (5.48)

30. C’est-à-dire sans échanger d’énergie avec son environnement.
31. Du fait de la stratification en densité.
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On a alors stabilité vis-à-vis de la convection si le gradient de température dans l’étoile est inférieur
au gradient adiabatique, condition qui forme le critère de Schwarzschild,

∇ < ∇ad (5.49)

On peut l’exprimer en introduisant l’exposant adiabatique γ = Cp/Cv et montrer qu’il y a stabilité si

∇ < 1− 1

γ
(5.50)

Exercice 59 : Démontrer la relation (5.50).

Figure 5.18 – Zones radiatives et convectives dans les étoiles. (Crédit : Wikipedia).

Zones radiatives et zone convectives dans les étoiles de différentes masses

La stratification en température et la variété des sources d’énergie nucléaire et des sources d’opacité
font que la structure interne des étoiles dépend fortement de leur masse. Les étoiles comme le
Soleil (à savoir les étoiles de faible masse, M . 1.5 M�) ont des températures dans leurs enveloppes
extérieures qui sont suffisamment basses pour que l’hydrogène ne soit pas ionisé. Ainsi, les photons de
haute énergie provenant de l’intérieur de l’étoile sont facilement absorbés. On a donc une enveloppe
opaque au rayonnement, ce qui provoque l’apparition de convection. Dans les étoiles massives (M &
1.5 M�), la température est suffisamment élevée pour que l’hydrogène reste ionisé, et le rayonnement
n’est donc pas si facilement absorbé. Elles ont des enveloppes radiatives. D’autre part, si le mécanisme
de production d’énergie est très sensible à la température, le gradient de température peut devenir très
important, ce qui amène la convection d’après le critère de Schwarzschild. Les étoiles de faible masse
brûlent l’hydrogène selon la châıne p-p (Fig. 5.22), dont l’efficacité varie en T 4−5, ce qui peut être géré
par le transport radiatif. Les parties internes de ces étoiles sont donc radiatives. Pour les étoiles plus
massives, c’est le cycle CNO (Fig. 5.23) qui domine, dont la dépendance en température est beaucoup
plus forte (∝ T 16−17), elles ont un cœur convectif. En résumé 32 (Fig. 5.18) :

— Les étoiles de faible masse ont des cœurs radiatifs et des enveloppes convectives
— Les étoiles massives ont des cœurs convectifs et des enveloppes radiatives.

32. Notons que les étoiles très peu massives (. 0.5 M�) sont quasiment entièrement convectives. Notons aussi qu’il
existe toujours une zone radiative au niveau de la photosphère.
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5.3 Nucléosynthèse stellaire

5.3.1 Caractéristiques des noyaux atomiques

Les noyaux atomiques sont constitué de deux types de nucléons : les protons (charge électrique
+e = 1.60218 10−19 C, masse au repos mp = 1.67262 10−27 kg) et les neutrons (charge électrique
nulle, masse au repos mn = 1.67493 10−27 kg ≈ mp). Les atomes ont une charge électrique nulle, du
fait de l’égalité entre le nombre de protons dans le noyau et le nombre d’électrons (charge électrique
−e, masse au repos me = 9.1094 10−31 kg) autour. C’est ce nombre Z, le numéro atomique, qui
identifie un atome ou son noyau. Comme mp ≈ mn, la masse du noyau est déterminée par le nombre
de nucléons, A, appelé nombre de masse. On note un noyau AX, ou encore A

ZX, où X identifie
l’élément chimique. Le volume occupé par un nucléon est sensiblement le même quel que soit le noyau,
de sorte que le ”rayon” d’un noyau est approximativement

r ≈ r0A
1/3 avec r0 ≈ 1.3 10−15 m (5.51)

Les nucléons sont sensibles à la force nucléaire forte qui maintient la cohésion des noyaux. Elle est
attractive à grande distance et répulsive à courte distance, comme le montre la Fig. 5.20. Les
électrons et les neutrinos, également sans charge électrique, qu’on regroupe sous le terme de leptons,
ne sont pas sensibles à cette force.

Chaque particule x a une antiparticule x qui lui est identique en tous points mais de charge
électrique opposée, et lorsqu’elles se rencontrent elles s’annihilent en produisant des photons. Neutrons
et protons peuvent se transformer les uns dans les autres, en respectant des règles de conservation :

— Conservation de la charge électrique
— Conservation du nombre de nucléons 33

— Conservation du nombre de leptons 34

— Conservation de l’énergie
— Conservation de la quantité de mouvement
— Conservation du moment cinétique

5.3.2 Énergie de liaison

La masse mX d’un noyau A
ZX est inférieure à la somme des masses de ses constituants, la différence

∆mX étant appelée excès de masse, et reliée directement à l’énergie de liaison BX qu’il faut fournir
pour séparer le noyau en ses nucléons constituants, tous étant au repos 35

BX = ∆mXc
2 = [Zmp + (A− Z)mn −mX] c2 (5.52)

On peut alors écrire l’énergie Q libérée lors d’une réaction nucléaire X + Y −→ X′ + Y′ comme

Q = BX′ +BY′ −BX −BY (5.53)

La réaction produit effectivement de l’énergie si Q > 0 c’est-à-dire si l’énergie de liaison augmente
lors de la réaction. Comme le nombre de nucléons est conservé, c’est équivalent à l’augmentation de
l’énergie de liaison par nucléon B/A représentée sur la Fig. 5.19.

On voit que celle-ci augmente jusqu’au fer (Z = 26, A = 56) puis décrôıt. La production d’énergie
nucléaire se fait donc par fusion d’éléments plus légers que le fer, ou par fission d’éléments plus
lourds. Il est possible de comprendre la forme de cette courbe au moyen du modèle nucléaire de la
goutte liquide 36. Dans ce modèle, l’énergie de liaison d’un noyau A

ZX prend la forme semi-empirique
de Bethe-Weizsäcker

B = aVA− aSA2/3 − aC
Z2

A1/3
−ASy

(A− 2Z)2

A
(5.54)

33. Les antinucléons comptent pour −1.
34. Les antileptons comptent pour −1.
35. C’est donc aussi l’énergie libérée par la formation du noyau à partir de ses constituants.
36. Ce modèle tient son nom du fait que le noyau se comporte presque comme une goutte liquide chargée électriquement.
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Figure 5.19 – Énergie de liaison nucléaire. L’énergie de liaison est représentée par nucléon. Les
noyaux stables sont représentés en orange, les instables en bleu. Les différentes courbes correspondent
aux approximations tenant compte de termes de volume, de surface, Coulombien et de symétrie (Crédit :
R.-M. Ouazzani & J. Marques).

où les différents termes correspondent respectivement à l’interaction entre plus proches voisins
(aVA), à une correction de surface due au fait que les nucléons en surface du noyau ont moins
de voisins que ceux du cœur (aSA

2/3), à une répulsion Coulombienne (aCZ
2/A1/3) et à un terme

favorisant la symétrie entre protons et neutrons 37. Le désaccord observé, notamment pour les noyaux
les plus légers, oblige à introduire un modèle plus complexe, le modèle en couches, dû à Maria Göppert
Mayer 38, qui traite chaque nucléon comme une particule quantique dans un potentiel effectif créé par
l’ensemble des autres nucléons. Son énergie est donc quantifiée, et les niveaux ne sont pas régulièrement
espacés. Lorsqu’un noyau a un nombre 39 de protons ou de neutrons (2, 8, 20, 28, 50, 82, . . . ) tel que
les niveaux sont remplis jusqu’à un intervalle d’énergie plus important que les autres, ce noyau est
particulièrement stable. C’est le cas en particulier de 4He, dont l’énergie de liaison par nucléon est
notablement supérieure à ce que laisserait penser la formule de Bethe-Weizsäcker.

5.3.3 Taux de réactions nucléaires

Barrière Coulombienne

Considérons la réaction nucléaire X+Y −→ X′+Y′. Les noyaux X et Y sont chargés positivement,
et leur fusion n’est possible que s’ils surmontent la barrière Coulombienne E0 qu’on doit à l’interaction

37. Un ajustement des données de B/A par ce modèle donne aV = 15.5 eV, aS = 16.6 eV, aC = 0.71 eV et
aSy = 22.7 eV.

38. Kattowitz, 28 juin 1906 - San Diego, 20 février 1972.
39. On parle de nombres magiques.
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répulsive dominante à grande distance 40, comme le montre la Fig. 5.20. Il faut donc a priori que l’énergie
cinétique E du projectile Y soit supérieure à E0. On peut estimer cette barrière en écrivant l’énergie
Coulombienne pour les deux noyaux ”accolés”, soit

E0 =
1

4πε0

ZXZYe
2

r0

(
A

1/3
X +A

1/3
Y

) ≈ 1.1
ZXZY

A
1/3
X +A

1/3
Y

MeV (5.55)

Exercice 60 : Obtenir l’estimation numérique de la relation (5.55).

Figure 5.20 – Énergie potentielle nucléaire. La contribution de l’interaction nucléaire forte domine
à courte portée (répulsive à très courte distance, attractive à plus grande distance) et la répulsion
Coulombienne domine à grande distance (Crédit : R.-M. Ouazzani & J. Marques).

Calcul du taux de réactions

Pour calculer le taux de réactions, c’est-à-dire le nombre de réactions X+Y −→ X′+Y′ par unité de
temps et par unité de volume, on considère un noyau X supposé immobile, soumis au bombardement de
noyaux Y d’énergie cinétique E. La section efficace de la réaction, qui représente la ”surface effective”
présentée par X dans son interaction avec Y, est notée σX+Y, et elle dépend de E. On peut d’ailleurs
justifier cette dépendance 41 en disant que la taille d’une particule est donnée par sa longueur d’onde
de de Broglie

λ =
h

p
=

h

mv
=

h√
2mE

(5.56)

40. L’interaction électrostatique a un potentiel en 1/r, à beaucoup plus grande portée que l’interaction nucléaire forte,
dont le potentiel est en −(e−r/a)/r (potentiel de Yukawa).

41. Il faudrait en toute rigueur travailler dans le référentiel du centre de masse et prendre, au lieu de la masse m de la
particule Y, la masse réduite µ des deux particules.
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La section efficace est alors σX+Y = πλ2 = b/E, où b = πh2/(2m) est une constante. Pendant dt, le
nombre de collisions entre la cible X et les projectiles Y d’énergie E à dE près est égal à la densité
des projectiles multipliée par la probabilité qu’ils aient cette énergie, et par le volume du cylindre dans
lequel elles devaient se trouver, soit

nYσX+YvdtfE(E)dE = nY ×
b

E
×
√

2E

m
dt× 2√

π(kBT )3/2

√
E exp

(
− E

kBT

)
dE (5.57)

où fE(E) est la distribution de Maxwell-Boltzmann en énergie.

Exercice 61 : Démontrer l’expression de la distribution de Maxwell-Boltzmann en énergie à partir
de celle du module de la vitesse.

Pour obtenir le taux de réaction, on multiplie par le nombre de cibles par unité de volume, on intègre
sur l’énergie en se limitant à celles permettant de surmonter la barrière Coulombienne, et on
divise par dt, ce qui donne

rX+Y = nXnYb
2
√

2√
πm(kBT )3/2

ˆ ∞
E0

exp

(
− E

kBT

)
dE =

2
√

2nXnYb√
πmkBT

exp

(
− E0

kBT

)
(5.58)

Ce taux de réaction est extrêmement faible, du fait du facteur exponentiel. En effet, prenant une
barrière E0 = 1 MeV et les conditions au centre du Soleil, soit notamment T ≈ 1.4 107 K, on a
E0/(kBT ) ≈ 829. Ce taux est si faible parce que la probabilité P (Ec > E0) qu’un noyau Y ait une
énergie cinétique suffisante.est infime. Avec ces conditions, on a a en effet

P (Ec > E0) =

ˆ ∞
E0

fE(E)dE =

ˆ ∞
E0

2√
π(kBT )3/2

√
E exp

(
− E

kBT

)
dE ≈ 2 10−297862 (5.59)

Dans ce modèle, les réactions nucléaires semblent grossièrement inefficaces.

Exercice 62 : Obtenir l’estimation numérique de P (Ec > E0) donnée ici.

Pic de Gamow

La solution du problème réside dans la mécanique quantique, et plus spécifiquement l’effet tunnel.
Dans ce cadre, on sait qu’une particule Y d’énergie E peut traverser une barrière de potentiel E0, avec
une probabilité dépendant de l’énergie 42

Pt(E) = exp

(
− a√

E

)
(5.60)

Cette probabilité est nulle à basse énergie, et augmente avec E, jusqu’à atteindre asymptotiquement
Pt = 1 lorsque E →∞. Ce comportement est contraire à celui de la distribution de Maxwell-Boltzmann,
de sorte que s’il y a très peu de particules de haute énergie, celles-ci sont de plus en plus susceptibles
de traverser la barrière. On a donc un taux de réaction qui s’écrit 43

rX+Y = nXnYb
2
√

2√
πm(kBT )3/2

ˆ ∞
0

exp

(
− E

kBT

)
exp

(
− a√

E

)
dE (5.61)

On voit que l’intégrande est le produit d’une exponentielle croissant avec l’énergie (Pt) et d’une autre
décroissant avec l’énergie (fE). La probabilité résultante possède alors un maximum, appelé pic de

42. Cette forme est correcte pour une barrière épaisse, en toute rigueur.
43. On intègre maintenant sur toutes les énergies E. Dans l’écriture (5.58), on avait formellement Pt(E) = 0 pour

E < E0 et Pt(E) = 1 pour E > E0.
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Gamow, représenté sur la Fig. 5.21. Sa position donne l’énergie typique des particules participant à
la réaction de fusion nucléaire. Elle est sensiblement supérieure à l’énergie thermique : les réactions
nucléaires sont tout de même peu probables. Le taux de réaction dépend quant à lui fortement de la
température. Notons que si la réaction libère une énergie Q, le taux de production d’énergie nucléaire
par unité de masse et de temps est alors

ε =
QrX+Y

ρ
(5.62)

Figure 5.21 – Pic de Gamow. La probabilité de réaction est le produit de la probabilité de traverser
la barrière de potentiel par effet tunnel et de la probabilité de Maxwell-Boltzmann en énergie.

Exercice 63 : Déterminer l’expression de l’énergie pour laquelle la probabilité de réaction est maxi-
male, en fonction de a et kBT .

Fusion de l’hydrogène

La phase la plus longue de la vie d’une étoile typique est celle de la séquence principale, au cours
de laquelle elle procède à la fusion de l’hydrogène en hélium. Cette phase est importante car l’hydrogène
est l’élément le plus léger et le plus abondant dans l’étoile, et la barrière Coulombienne est assez basse,
de sorte que la température d’ignition des réactions est relativement faible. Les réactions de fusion de
l’hydrogène peuvent se faire au travers de différents processus.

Les châınes proton-proton (ou p-p) ont pour bilan global

41H −→4 He + 2e+ + 2νe (5.63)

et dominent aux températures inférieures à ∼ 2 107 K. Elles se déclinent en différentes variantes (I, II, III)
selon les étapes intermédiaires, avec des rapports de branchement qui dépendent de la température.
La Fig. 5.22 montre ces différents branchements pour le cas du Soleil. Le taux de production d’énergie
pour ces processus est typiquement ε(ρ, T ) ∝ ρTα avec α = 4− 5.

Les cycles CNO utilisent les éléments C, N et O comme intermédiaires pour produire l’hélium à
partir d’hydrogène, selon le bilan global

12C + 41H −→12 C +4 He + 2e+ + 2νe (5.64)

Ils dominent aux températures supérieures à ∼ 2 107 K et se déclinent là aussi en différentes variantes,
dont la principale est représentée sur la Fig. 5.23. Là aussi, le taux de production d’énergie pour ces
processus est typiquement ε(ρ, T ) ∝ ρTα avec α = 16−17. Les barrières de Coulomb pour les réactions
du cycle CNO sont plus élevées que pour les châınes p-p, de sorte que la température d’ignition est elle

118



Figure 5.22 – Châıne proton-proton. Le schéma de gauche représente la châıne p-p principale (PP
I) et le diagramme de droite donne les différentes variantes avec les rapports de branchement (Crédit :
Wikipedia).

aussi plus élevée. Les étoiles comme le Soleil tirent la majeure partie 44 de leur énergie des châınes p-p,
tandis que les étoiles massives, de températures centrales plus élevées, reposent sur le cycle CNO.

Figure 5.23 – Cycle CNO. Le cycle représenté est la principale variante, CNO I (Crédit : Wikipedia).

44. Dans le cas du Soleil, on estime cette part à 99%, mais les neutrinos solaires émis par le cycle CNO ont été
récemment identifiés, ce qui devrait permettre de mieux connâıtre la métallicité du Soleil [33].
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Stabilité de l’équilibre

Peut-on comprendre pourquoi la fusion de l’hydrogène permet cette phase de stabilité longue de
l’équilibre de l’étoile ? Imaginons que l’étoile se contracte, comme sur le schéma de la Fig. 5.24. Sa
température centrale, qu’on peut estimer grossièrement en combinant l’équilibre hydrostatique et la loi
des gaz parfaits, est

T ∼ GMmH

kBR
(5.65)

Elle augmente donc, ce qui provoque l’augmentation du taux de production d’énergie ε ∝ Tα, et la
dilatation de l’étoile. On a donc une situation stable tant que le combustible nucléaire est disponible.

Exercice 64 : Établir l’expression de l’ordre de grandeur de la température T donné ici.

Figure 5.24 – Stabilité de l’équilibre.

5.4 Évolution après la séquence principale

On décrit dans cette section l’évolution d’une étoile de type solaire, après la fin de la séquence
principale de fusion de l’hydrogène. L’évolution des étoiles massives donne lieu à une évolution vers des
objets encore plus denses, les étoiles à neutrons et les trous noirs, formés au cours d’évènements
cataclysmiques, les supernovæ à effondrement de cœur.

5.4.1 Stade géante rouge

Lorsque l’essentiel de l’hydrogène du cœur a été converti en hélium, le cœur se retrouve sans
support contre la gravité, et se contracte, augmentant sa température (T ∝M/R). Autour du cœur,
la température augmente également, ce qui initie la fusion de l’hydrogène dans une couche. L’hélium
créé dans cette couche, plus lourd, est incorporé au cœur, augmentant la masse de celui-ci. La chaleur
dégagée par le cœur augmente la pression de radiation (en T 4) ce qui provoque l’expansion des couches
externes et leur refroidissement. L’étoile devient une géante rouge (Fig. 5.25). C’est ce qui attend
notre Soleil dans environ 4.5 milliards d’années. Son enveloppe englobera alors l’orbite de la Terre.

5.4.2 Flash de l’hélium

La fusion de l’hélium en béryllium par la réaction 4He +4 He −→8 Be n’est pas efficace car le
béryllium possède une énergie de liaison plus faible que l’hélium et est donc presque tout de suite
détruit (sur une échelle de temps de 10−16 s). Une petite partie de ce béryllium peut néanmoins réagir
avec un troisième noyau d’hélium, pour aboutir au carbone selon la réaction triple-α

4He +4 He +4 He −→12 C (5.66)

dont la température d’ignition est de l’ordre de 108 K et le taux de production d’énergie est ε ∝ ρ2Tα

avec α ∼ 19. Ce processus est initié très brutalement, c’est le flash de l’hélium, qui produit donc
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Figure 5.25 – Stade ”Géante Rouge”. Le schéma de gauche montre la structure d’une telle étoile
(Source : https://shorturl.at/bvKQX), celui de droite l’évolution dans le diagramme HR (stade
marqué ”RGB”) (Crédit : R. Hollow / CSIRO / C. Cain).

Figure 5.26 – Stade AGB. Le schéma de gauche montre la structure d’une telle étoile (Crédit :
M. V. Persson), celui de droite l’évolution dans le diagramme HR (stade marqué ”AGB”) (Crédit : R.
Hollow / CSIRO / C. Cain).

du carbone, mais aussi de l’oxygène par réaction du carbone avec un quatrième noyau d’hélium. Cet
apport d’énergie provoque une augmentation de la température, à luminosité à peu près constante,
l’étoile évolue le long de la branche horizontale (HB). Cette phase devrait durer environ 108 an pour
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le Soleil.

Figure 5.27 – Évolution post-AGB. L’image de gauche montre une nébuleuse planétaire, et indique
la naine blanche centrale qui est le cœur de l’étoile progénitrice (Crédit : NASA / NOAO / ESA), le
schéma de droite montre l’évolution dans le diagramme HR (Crédit : R. Hollow / CSIRO / C. Cain).

5.4.3 Phases ultérieures

L’étoile a désormais un cœur constitué de carbone et d’oxygène, entouré d’une coquille où l’hélium
fusionne, et plus extérieure encore, une couche où l’hydrogène fusionne encore en hélium. La structure
de l’étoile se modifie et elle monte dans le diagramme HR sur la branche asymptotique aux géantes
(AGB), indiquée sur la Fig. 5.26. Les étapes de fusion suivantes impliquent la fusion du carbone lorsque
la température atteint ∼ 6 108 K, selon

12C +12 C −→24 Mg (5.67)

le noyau de magnésium se formant dans un état excité, il se désintègre en produisant notamment du
20Ne, du 23Na, des protons et des particules α, à savoir des noyaux d’hélium 4. Le taux de production
d’énergie associé varie très fortement avec la température, en ε ∝ T 27. À T ∼ 1.9 109 K, la fusion de
l’oxygène commence

16O +16 O −→32 S (5.68)

le soufre se désintégrant lui aussi en 28Si et en 31P, notamment. Le taux de production d’énergie
associé varie encore plus fortement avec la température ε ∝ T 33. Le centre de l’étoile est maintenant
un endroit où beaucoup de réactions (photo-dissociations, fusions, désintégrations, etc.) se passent dans
tous les sens, créant et détruisant des éléments de plus en plus lourds. Les noyaux qui survivent sont les
noyaux les plus stables, notamment 56Fe. Le taux de production d’énergie de toutes ces réactions est
extrêmement sensible à la température, ε ∝ T 47. Le fer étant l’élément le plus stable, c’est la fin de la
possibilité de produire de l’énergie par fusion nucléaire. La température très élevée du cœur souffle les
couches externes de l’étoile, et le cœur, essentiellement constitué de carbone et d’oxygène, est mis à nu,
formant une naine blanche. Sa radiation intense ionise le gaz des couches éjectées, qui apparaissent
sous la forme de nébuleuses planétaires dans le visible, via les raies de recombinaison de ces espèces
ionisées qui leur donnent ces magnifiques couleurs (Fig. 5.27).

122



Chapitre 6
Les stades ultimes de l’évolution stellaire

Lorsqu’une étoile a épuisé le combustible nucléaire qui lui permettait de maintenir son équilibre
contre sa propre gravité, elle voit son cœur se contracter pour former un objet compact, stade ultime 1

de l’évolution stellaire. Le type d’objet compact formé dépend fondamentalement de la masse de l’étoile
progénitrice 2, qui détermine le processus qui pourra s’opposer à la gravité :

— Pour les étoiles de masse comprise entre ∼ 0.1 M� et ∼ 9 M�, la pression de dégénérescence
des électrons fournit un support à même d’assurer l’équilibre des naines blanches.

— Pour les étoiles de masse comprise entre ∼ 9 M� et ∼ 30 M�, on a neutronisation de la
matière, les électrons fusionnant avec les noyaux. C’est alors l’interaction forte entre nucléons
qui assure l’équilibre des étoiles à neutrons.

— Pour les étoiles de masse supérieure à ∼ 30 M�, rien ne peut arrêter l’effondrement gravita-
tionnel, et l’objet compact qui se forme est un trou noir, une singularité de l’espace-temps
cachée derrière un horizon des évènements.

Dans ce court chapitre, on fait un rapide tour d’horizon de ces objets compacts, avant de les aborder
plus en détail, type par type, dans les chapitres suivants.

6.1 La compacité

Le paramètre de compacité, appelé aussi paramètre de relativité d’un astre sphérique de masse
M et de rayon R est le nombre sans dimension

Ξ =
GM

Rc2
(6.1)

S’il vaut 7 10−10 pour la Terre et 2 10−6 pour le Soleil, il est nettement plus élevé pour les astres
qu’on appelle objets compacts, qu’il s’agisse des naines blanches (Ξ ∼ 10−4 − 10−3), des étoiles
à neutrons (Ξ ∼ 0.2 − 0.4) ou des trous noirs (Ξ = 1 par définition). Ce paramètre caractérise le
rapport de l’énergie potentielle gravitationnelle à l’énergie de masse,

|Eg|
Mc2

∼ GM2

RMc2
= Ξ (6.2)

Le potentiel gravitationnel à la surface de l’astre est d’ailleurs Φ(R) = −Ξc2. L’approximation New-
tonienne de la gravitation n’étant valable que si |Φ|/c2 � 1, ces astres doivent le plus souvent être

1. On pourra estimer le temps de Kelvin-Helmholtz d’une naine blanche par exemple, connaissant sa température
effective, son rayon et sa masse. On trouvera une durée bien supérieure à l’âge de l’Univers, ce qui justifie qu’on parle là
d’étape finale.

2. Il faut noter que la métallicité, la rotation, la magnétisation, ou encore la présence d’un compagnon, peuvent altérer
ces scénarios.
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traités dans le cadre de la relativité générale. Le paramètre de compacité apparâıt également dans
l’expression de la vitesse de libération v` =

√
2Ξ c et dans l’appréciation de la proximité du rayon

d’un astre à son rayon de Schwarzschild, qu’on définira dans le chapitre sur les trous noirs.

6.2 Intérêts de l’étude des objets compacts

Les objets compacts ont en commun un certain nombre de propriétés qui rendent leur étude impor-
tante pour plusieurs domaines de l’astrophysique, de la cosmologie, et de la physique fondamentale.

6.2.1 Objets compacts et astrophysique des hautes énergies

L’énergie gravitationnelle des objets compacts, qui représente donc une fraction importante de leur
énergie de masse, peut-être extraite de deux manières, l’effondrement gravitationnel et l’accrétion,
plaçant ces objets comme sources essentielles de l’astrophysique des hautes énergies.

Ainsi, l’énergie gravitationnelle libérée lors de l’effondrement d’un astre de rayon R? vers un astre
compact de rayon R s’écrit

∆Eg = Eg(R)− Eg(R?) ≈ Eg(R) ∼ −ΞMc2 (6.3)

Prenant l’exemple d’une étoile à neutrons (Ξ = 0.2) de masse M = 1.4 M�, l’énergie libérée est de
l’ordre de 1046 J, équivalente à l’énergie rayonnée pendant toute la Galaxie pendant 30 ans.

Exercice 65 : Vérifier que cette comparaison est effectivement du bon ordre de grandeur. On uti-
lisera le fait que la luminosité Galactique est de l’ordre de 3 1010 L�.

Alternativement, l’énergie cinétique acquise par une particule de masse m accrétée sur la surface de
l’astre compact est 3

∆Ec = −Φ(R)m = Ξmc2 (6.4)

L’accrétion sur une étoile à neutron peut donc extraire quelques 20% de l’énergie de masse d’une
particule, bien supérieure à ce qu’on peut tirer de la fusion thermonucléaire 4. Notons que ces
énergies ne sont pas nécessairement rayonnées sous forme électromagnétiques (rayons X et γ), mais
peuvent être emportées par les neutrinos ou les ondes gravitationnelles, ou encore se présenter sous
forme mécanique, provoquant une éjection de matière, parfois à des vitesses relativistes. De plus,
l’énergie potentielle gravitationnelle n’est pas la seule source d’énergie : les objets compacts comme les
étoiles à neutrons présentent une rotation rapide, avec une énergie cinétique de rotation équivalente
à l’énergie gravitationnelle. Il existe des mécanismes efficaces pour l’extraire, qui font généralement
intervenir le champ magnétique, comme illustré par exemple par le phénomène de pulsar pour les
étoiles à neutrons.

6.2.2 Objets compacts et physique fondamentale

Comme on le verra, la densité moyenne ρ des objets compacts stellaires (naines blanches et étoiles à
neutrons) est extrêmement élevée (106−107 g · cm−3 pour les naines blanches, 1015 g · cm−3 pour les
étoiles à neutrons), de sorte que la description des états de la matière nécessite des développements parti-
culiers. On connâıt en effet très mal l’équation d’état de la matière dans ces régimes. 5 Réciproquement,
ces astres offrent des conditions idéales pour tester le comportement de la matière à très haute densité,
mais aussi comme laboratoires de physique fondamentale. On peut citer les tests de gravité en champ
fort, les théories sur le graviton, la physique des neutrinos, ou encore l’invariance de Lorentz.

3. Cette formule n’est pas rigoureusement vraie pour les trous noirs, dont le rayon R n’est pas défini.
4. On rappelle que la fusion de l’hydrogène libère 0.7% de l’énergie de masse par nucléon. Pour les naines blanches,

on a à peu près le même ”rendement”.
5. En tous cas pour les étoiles à neutrons, le cas des naines blanches est mieux connu.
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De plus, les champs magnétiques associés à ces objets compacts peuvent atteindre des intensités
complètement inaccessibles en laboratoire.

Les objets compacts, et en particulier les systèmes binaires d’objets compacts sont également les
sources les plus prometteuses d’ondes gravitationnelles. La première détection directe d’ondes gravita-
tionnelles a eu lieu en 2015 grâce aux interféromètres LIGO, et concerne la coalescence de deux trous
noirs d’une trentaine de masses solaires. Plusieurs autres détections ont suivi, notamment celle d’une
coalescence de deux étoiles à neutrons en août 2017, avec la détection de plusieurs contrepar-
ties électromagnétiques (Fig. 6.1). Les futurs instruments, et notamment le projet d’interféromètre
spatial LISA, devraient permettre de détecter les ondes gravitationnelles associées aux trous noirs
supermassifs au centre des galaxies.

Figure 6.1 – Évènement de coalescence de deux étoiles à neutrons. La figure de gauche montre
les détections d’ondes gravitationnelles associées à l’évènement détectées avec LIGO-Virgo, les sursauts
en rayons γ vus par les satellites Fermi et INTEGRAL (Crédit : NASA / GSFC / Caltech / MIT /
LIGO / ESA). Les images de droite montrent la position de la source et soulignent sa variation de
brillance à différents instants, en optique et en infrarouge proche (Crédit : Soares-Santos et al. and DES
Collaboration / 1M2H / UC Santa Cruz and Carnegie Observatories / R. Foley).

6.2.3 Objets compacts et cosmologie

Les liens entre objets compacts et cosmologie se manifestent de différentes manières. D’abord, les
objets compacts étant associés aux phénomènes les plus énergétiques de l’Univers, ils permettent d’en
sonder la composition, via l’analyse de la lumière qui nous en parvient. De plus, s’ils sont accrétants,
ces ”phares” peuvent être très brillants sur de longues périodes. C’est le cas des quasars, aussi ap-
pelés noyaux actifs de galaxies (AGN), des trous noirs supermassifs au centre de galaxies loin-
taines qui peuvent servir de sondes cosmologiques. La symbiose avec leur galaxie-hôte est au cœur
des problématiques de formation et d’évolution des galaxies sur des échelles cosmologiques. Les super-
novæ de type Ia, aussi dites supernovæ thermonucléaires sont d’excellentes chandelles standard
qui ont permis de mettre en évidence l’accélération de l’expansion de l’Univers. Enfin, la coalescence
d’un système binaire de deux objets compacts est quant à elle une sirène standard qui permet d’en-
trevoir une mesure indépendante de la constante de Hubble, pour peu qu’on dispose de contrepar-
ties électromagnétiques au signal gravitationnel, comme ce fut le cas dans l’évènement d’août 2017
(Fig. 6.1).
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6.3 Les populations d’objets compacts

Avant d’aborder la structure et les propriétés des différents objets compacts, il n’est pas inutile de
faire une brève revue observationnelle des diverses populations de ces objets.

6.3.1 Naines blanches et variables cataclysmiques

On estime 6 qu’un quart des étoiles de notre Galaxie sont des naines blanches, soit environ 50
milliards. Elles sont observables par leur rayonnement thermique (Teff ∼ 105 K) bien que leur luminosité
soit faible du fait de leur rayon très réduit (∼ 3000− 30000 km). On en a identifié environ 104, ce qui
permet déjà une analyse statistique, notamment en ce qui concerne leurs masses.

Figure 6.2 – Schéma d’une variable cataclysmique [Crédit : Philipp D. Hall]

Environ 1/3 de ces étoiles font partie d’un système binaire 7 ce qui permet dans certaines conditions
d’assister à un transfert de masse du compagnon vers la naine blanche. Cette accrétion en fait
des sources brillantes en UV et en rayons X mous, avec parfois des épisodes brutaux traduisant des
explosions thermonucléaires à la surface de la naine blanche, un phénomène qu’on appelle nova. Ces
systèmes sont appelés variables cataclysmiques et on en connâıt environ 2000. Le compagnon est en
général une étoile de la séquence principale ou une géante rouge. Si l’accrétion se poursuit, la naine
blanche peut voir sa masse dépasser la masse de Chandrasekhar et ainsi exploser en une supernova
de type Ia. Un cas particulier est celui des systèmes où les deux étoiles sont des naines blanches 8,
qui peuvent être sources d’ondes gravitationnelles et également créer les conditions d’une supernova de
type Ia suite à leur coalescence.

6. À partir de la fonction de masse initiale des étoiles, de leur durée de vie, et de la masse maximale des étoiles dont
le destin est de finir en naine blanche.

7. Un exemple est le système constitué de Sirius A (étoile de la séquence principale de type A1V) et Sirius B (naine
blanche), représenté sur la Fig. 7.1.

8. On parle dans ce cas de ”double degenerate”, alors que les variables cataclysmiques classiques sont ”single de-
generate”. La dégénérescence en question est celle des électrons qui caractérise l’état de la matière dans une naine
blanche.
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6.3.2 Étoiles à neutrons et pulsars

Les objets isolés

Les supernovæ de type II, à effondrement gravitationnel, mènent à la formation d’étoiles à neutrons
et de trous noirs. On en compte environ une par siècle dans notre Galaxie, ce qui suggère une population
d’étoiles à neutrons de l’ordre de 108. Le rayonnement thermique des étoiles à neutrons est très peu
intense et se situe essentiellement dans les X, elles sont donc très difficiles à détecter par ce biais. On en
connâıt pourtant près de 2000, via le phénomène de pulsar, lié au fort champ magnétique et à la rotation
rapide de ces objets. On observe des pics d’émission qui se répètent très régulièrement, essentiellement
en radio mais pouvant aller jusqu’aux rayons γ (Fig. 6.3). Cette émission, véritable ”phare cosmique”,
est généralement puisée dans l’énergie cinétique de rotation, mais parfois dans l’énergie magnétique
pour les objets où le champ ~B est très intense 9.
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Figure 6.3 – Phénomène de pulsar. Sur l’image de gauche, la nébuleuse du Crabe observée en
optique par le télescope spatial Hubble (Crédit : NASA/STScI). Les ”pulses” d’émission issus du pul-
sar qui se trouve au centre de la nébuleuse sont représentés en fonction du temps sur les courbes
à droite, pour différentes fréquences, des ondes radio en haut aux rayons X en bas. La durée to-
tale représentée sur chaque courbe correspond à une période unique de rotation du pulsar, à savoir
33,736 ms. (Figure adaptée de D. A. Moffett & T. H Hankins, The Astrophysical Journal, 468, 779,
1996 [https://arxiv.org/abs/astro-ph/9604163]).

Les systèmes binaires

S’il est difficile de mesurer les propriétés essentielles (la masse en particulier) des étoiles à neutrons
isolées 10, il est possible de les mesurer dans les systèmes binaires. On estime qu’environ 5% des
pulsars feraient partie d’un tel système, une faible fraction due sans doute à la difficulté de maintenir
un système lié après une explosion de supernova. Là encore, l’objet compact peut accréter de la matière
de son compagnon, mais l’émission est alors dans le domaine des rayons X et le phénomène est appelé

9. On parle alors de magnetar.
10. Cette mesure est cependant essentielle, car la masse maximum des étoiles à neutrons est une contrainte forte sur

les équations d’état de la matière à ces densités.
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binaire X 11. On classifie ces systèmes en binaires X de faible masse (LMXB) lorsque le compagnon
est de masse inférieure à celle de l’objet compact (typiquement M . 1 M�) et en binaires X de
grande masse (HMXB) lorsque le compagnon est de masse supérieure à celle de l’objet compact.
Ces sources peuvent donner lieu à des sursauts X lorsque l’accrétion est épisodique, à la manière du
phénomène de nova dans les systèmes comportant une naine blanche. Notons enfin que cette accrétion
peut accélérer le pulsar par transfert de moment cinétique, le faisant passer dans la population des
pulsars millisecondes.

Figure 6.4 – Évènements de coalescence détectés avec LIGO-Virgo. Ce graphique montre les
masses de toutes les binaires compactes détectées par LIGO/Virgo, trous noirs (en bleu) et étoiles à
neutrons (en orange). Les trous noirs et les étoiles à neutrons détectés en ondes électromagnétiques
sont représentés en violet et en jaune, respectivement.

Un cas particulier est celui de deux étoiles à neutrons, qui doit être traité comme un problème à
deux corps en relativité générale, permettant de bien contraindre les masses des objets. Ces système sont
des sources attendues d’ondes gravitationnelles, et leur coalescence est également liée aux sursauts
gamma courts. Cette contrepartie lumineuse a été observée lors de l’évènement LIGO GW170817
en août 2017 (Fig. 6.1). Si dans la plupart des cas, une seule des étoiles à neutrons apparâıt comme
un pulsar (on parle de pulsar binaire), il existe au moins un cas de pulsar double (PSR J0737-3039)
où les deux membres sont des pulsars. Le pulsar binaire le plus célèbre est PSR 1913+16, qui a permis
à Hulse et Taylor de détecter indirectement l’émission d’ondes gravitationnelles par la mesure de
la diminution de la période orbitale du système 12.

Un autre cas est celui d’un système composé d’une étoile à neutron et d’une naine blanche, un
peu moins relativiste mais plus fréquent. L’un de ces systèmes, PSR J1614-2230, a récemment permis
de mesurer la masse de l’étoile à neutrons grâce à l’effet Shapiro, prédit par la relativité générale, qui
se traduit par un décalage des temps d’arrivée des pulses en fonction de la position sur l’orbite. Avec

11. Notons qu’un tel phénomène peut aussi avoir lieu si l’objet compact est un trou noir stellaire. L’identification de
l’objet compact peut reposer sur le fait qu’on détecte un pulsar ou sur une mesure de masse trop élevée pour qu’il s’agisse
d’une étoile à neutrons - ce critère étant assez flou car la masse maximum d’une telle étoile est encore mal connue.

12. Cette mesure est phénoménale de précision : la période orbitale P = 77.5 h, connue à la ns près, diminue de
Ṗ = −76.5µs · an−1, soit une diminution du demi grand axe de ȧ = −3.5 m · an−1, alors que a = 13 mUA. Les masses
sont M1 = 1.4414± 2 10−4 M� et M1 = 1.3867± 2 10−4 M�. Le système coalescera dans ∼ 300Myr.
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M = 1.97 ± 0.04 M�, cette étoile à neutrons est la plus massive connue, ce qui élimine un certain
nombre d’équations d’état de la matière ultra-dense.

Enfin, les systèmes composés d’une étoile à neutrons et d’un trou noir sont encore hy-
pothétiques, bien que certains candidats existent dans les données des évènement d’ondes gravita-
tionnelles de LIGO/VIRGO. La raison en est que ces système sont intrinsèquement plus rares, bien
que la limite de détection des évènements de coalescence soit nettement repoussée. On montre sur la
Fig. 6.4 un schéma résumant les évènements confirmés de coalescence observés avec LIGO-Virgo.

Figure 6.5 – Centaurus A. Les images en haut montrent l’émission en optique, submillimétrique et X
(à gauche) et dans le continuum radio (à droite). Les cartes en bas montrent la structure de l’émission
radio, de mieux en mieux résolue spatialement, focalisée sur la source du jet (Crédit : Wikimedia
Commons).

6.3.3 Trous noirs

D’abord envisagés uniquement comme une possibilité théorique, les trous noirs font désormais partie
intégrante du bestiaire astrophysique. On en distingue essentiellement deux populations 13 :

— Les trous noirs stellaires, de masses typiques ∼ 10 M�, formé par effondrement du cœur d’une
étoile massive (sans doute & 30 M�, bien que cette valeur soit incertaine).

— Les trous noirs supermassifs au cœur de la majorité des galaxies, si ce n’est toutes. Leurs
masses s’étagent de ∼ 105 M� à plusieurs 109 M�.

Comme il n’y a pas de masse limite aux trous noirs, ni supérieure, ni inférieure, l’absence apparente de
trous noirs de masse intermédiaire pose question. Il existe plusieurs candidats pour de tels objets,
encore non confirmés, mais les évènements de coalescence tels que ceux résumés sur la Fig. 6.4 suggèrent
un mécanisme de formation à partir de trous noirs stellaires.

13. Il existe, dans des modèles de cosmologie primordiale, des micro trous noirs de masse très faible (M < 10−18 M�)
qui s’évaporent rapidement via le rayonnement de Hawking. Les plus massifs d’entre eux sont parfois invoqués pour
résoudre le problème de la matière noire.
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Figure 6.6 – Modèle unifié des AGN. [Crédit : Beckmann & Shrader (2012)]

Les trous noirs stellaires

L’existence d’une masse maximale des étoiles à neutrons suggère que les trous noirs stellaires
se forment lorsque l’effondrement du cœur au cours d’une supernova de type II produit un objet trop
massif pour pouvoir être stabilisé par l’interaction forte des neutrons. Rien ne peut s’opposer à la gravité
et l’objet devient un trou noir. Notons que ce processus peut avoir lieu en deux temps, avec la formation
d’une étoile à neutrons de masse légèrement inférieure à la masse maximale, qu’elle dépasse ensuite par
accrétion 14.

Les trous noirs isolés ne peuvent être observés directement, ils doivent être mis en évidence par
le rayonnement du disque formé par l’accrétion de la matière d’un compagnon. Ce rayonnement est
attendu dans le domaine des X, c’est pourquoi les candidats trous noirs sont recherchés parmi les
binaires X accrétantes. En mesurant la variabilité de cette émission, on peut contraindre la compacité
de l’objet, car les échelles de temps τ courtes ne sont compatibles qu’avec des tailles R 6 cτ du fait
de la finitude de la vitesse de la lumière. Il faut alors déterminer la masse M de l’objet, via la troisième
loi de Kepler et juger si cette masse est suffisamment élevée (typiquement M & 5 M�) pour exclure
une étoile à neutrons.

Pour assurer définitivement que l’objet est un trou noir, il faut mettre en évidence son horizon des
évènements, ce qu’on ne peut faire qu’indirectement :

— Les sursauts X étant interprétés comme résultat d’explosions thermonucléaires à la surface de
l’objet compact dans une binaire X, leur absence signifie l’absence de surface visible, et signale
donc probablement un trou noir.

— Dans les phases de quiescence, c’est-à-dire en dehors des sursauts, les binaires X où l’objet
compact est une étoile à neutrons présentent une luminosité X plus importante, associée au
rayonnement de la surface de l’objet. Dans les systèmes où l’objet compact est un trou noir, la
luminosité est systématiquement plus faible.

À ces approches, il faut désormais ajouter l’analyse des évènements de coalescence observés via
la détection d’ondes gravitationnelles, qui permet d’obtenir des contraintes très fortes sur les masses

14. La coalescence de deux étoiles à neutrons peut également provoquer la formation d’un trou noir.
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des objets mis en jeu (Fig. 6.4), démontrant sans aucun doute l’existence des trous noirs.

Figure 6.7 – Le centre Galactique. Image obtenue en radio par l’interféromètre MeerKAT. Le trou
noir central se trouve dans la région ”Sgr A complex”. [Crédit : Heywood et al. (2022)]

Les trous noirs supermassifs

Dans les années 1940-1950, on identifie une population de galaxies dont le noyau est très brillant
(on parle de noyaux actifs de galaxies (AGN)) et on découvre les premières radio-galaxies comme
Centaurus A (Fig. 6.5). Dans la décennie suivante, la découverte des quasars, sources ponctuelles
mais au spectre étrange, amène une révolution lorsqu’il est compris qu’il s’agit de sources à des dis-
tances cosmologiques, et donc extrêmement brillantes. Leur source d’énergie semble ne pouvoir être
que l’énergie gravitationnelle, ce qui suggère la présence d’un trou noir supermassif en leur centre,
autour duquel un disque d’accrétion pourrait se former et produire le rayonnement observé. On com-
prend alors qu’un jet relativiste de matière est lancé depuis le noyau galactique et forme les lobes des
radio-galaxies. Un modèle unifié permet aujourd’hui d’interpréter l’ensemble des diverses populations
identifiées précédemment 15 en fonction de l’évolution de l’objet, notamment de son activité d’accrétion,
et de l’orientation du jet et du disque par rapport à l’observateur (Fig. 6.6).

On pense que toutes les galaxies abritent un trou noir supermassif en leur centre, plus ou moins
actif. Dans le cas de notre Galaxie, c’est la source Sgr A∗,qui semble peu active, mais qui a pu être

15. AGN, galaxies de Seyfert, quasars, blazars, radio-galaxies FRI et FRII, . . .
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Figure 6.8 – Sagittarius A∗. Le schéma de gauche représente le relevé des positions de quelques
étoiles au cours du temps, et la reconstruction de leurs orbites autour du trou noir. L’image de droite,
obtenue par interférométrie radio à très longue base, montre le disque d’accrétion autour du trou noir,
avec un effet de silhouette prédit par la relativité générale.

caractérisée indirectement au travers de la mesure des orbites d’étoiles proches 16, reconstruites à l’aide
d’observations interférométriques en optique (Fig. 6.8, gauche), puis directement tout récemment grâce
à l’imagerie en interférométrie radio à très longue base avec l’Event Horizon Telescope. (Fig. 6.8, droite).
L’image obtenue montre l’effet de silhouette provoqué par la combinaison de la présence d’un disque
d’accrétion, l’horizon des évènements, et la courbure des rayons lumineux. La masse de l’objet déduite
de ces dernières observations est estimée à M = (4.152± 0.014) 106 M�.

Si les trous noirs supermassifs semblent présents dans chaque galaxie, leur processus de formation
est encore mal compris. Il est probablement lié à la croissance cosmologique des structures de
l’Univers à grande échelle, comme en atteste la corrélation entre la masse du trou noir et celle du bulbe
de la galaxie hôte. Sur le processus de formation, trois scenarii sont envisagés :

— L’effondrement direct d’un nuage de gaz dense au centre de la galaxie lors de sa formation.
— L’effondrement d’un cœur de gaz dense formé par la collision de nombreuses étoiles centrales.
— La coalescence de nombreux trous noirs stellaires formés à partir d’étoiles de population III, plus

massives que les étoiles actuelles.

16. Le passage au périastre de l’étoile S2,en mai 2018, a permis à VLT/GRAVITY de mesurer le redshift gravitationnel
induit sur le spectre de l’étoile par le champ de gravitation intense du trou noir.
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Chapitre 7
Les naines blanches

Les naines blanches sont le stade ultime de la vie des étoiles de faible masse, après la fin des réactions
thermonucléaires. Formées d’un gaz de noyaux atomiques 1 et d’un gaz d’électrons, ces étoiles ont
une masse M ∼ 0.5 M� et une température interne Tc ∼ 107 K de l’ordre de celles du Soleil, mais un
rayon voisin de celui de la Terre (R ∼ 5000 km). Le gaz d’électrons des naines blanches est un système
de fermions dégénérés, c’est-à-dire dont le caractère quantique se manifeste au travers du principe
d’exclusion de Pauli, qui fournit à l’étoile le support nécessaire pour contrebalancer la gravité.

Figure 7.1 – Exemples de naines blanches. L’image de gauche présente le système binaire Sirius A
& B (indiquée par la flèche), l’image de droite présente des détections de naines blanches (entourées)
dans un amas globulaire avec le HST.

1. C et O le plus souvent, issus de la fusion de l’hélium, parfois aussi Ne et Mg si la fusion du carbone a eu lieu.

133



7.1 Un bref historique de l’étude des naines blanches

Les premières naines blanches identifiées sont 40 Eridani, présente dans le diagramme HR publié par
Russell en 1915, et Sirius B. Pour cette dernière (à gauche sur la Fig. 7.1), la mesure de la période et des
demi grands axes du système 2 a permis en 1910 de déterminer la masse du compagnon, M = 0.94 M�.
Son spectre est mesuré par Adams en 1914, qui en déduit une température effective Teff = 8000 K et
de là un rayon R = 18000 km très inférieur aux rayons stellaires. Eddington réalise alors en 1926 que la
densité est trop importante pour que l’étoile soit supportée par la pression d’un gaz parfait classique, et la
même année, Dirac introduit la statistique de Fermi-Dirac des électrons, dont Fowler réalise qu’elle
peut fournir une pression de dégénérescence à même de soutenir l’étoile contre son auto-gravité.
En 1930, Chandrasekhar introduit les corrections relativistes qui l’amènent à postuler l’existence
d’une masse maximale des naines blanches, aujourd’hui appelée masse de Chandrasekhar. En 1949,
Kaplan introduit les corrections de relativité générale 3. Les années suivantes verront l’introduction
d’améliorations de l’équation d’état (température non nulle, interaction électrons-ions) ainsi que la prise
en compte de la rotation et du champ magnétique.

7.2 Équation d’état de la matière

7.2.1 Quelques ordres de grandeur

Commençons par évaluer la masse volumique moyenne d’une naine blanche, dont on suppose pour
simplifier qu’elle est constituée d’électrons et de noyaux de 12C uniquement. Prenant comme ordre de
grandeur une masse M = 1 M� ≈ 2 1030 kg et comme rayon R = 5000 km, on obtient

ρ =
3M

4πR3
≈ 4 109 kg ·m−3 (7.1)

Cela revient à concentrer quatre tonnes dans un morceau de sucre et est environ 2 106 fois plus dense
que le Soleil 4. On peut d’ailleurs évaluer les distances moyennes entre électrons et entre noyaux,ce
qui sera utile par la suite. On commence par évaluer le nombre Nn de noyaux et celui Ne d’électrons
en écrivant la neutralité électrique (Ne = ZNn) et en exprimant la masse de l’étoile comme

M = Nn[Zmp + (A− Z)mn] +Neme = Nn[Zmp + (A− Z)mn + Zme] (7.2)

Comme Z ≈ A/2 et mp ≈ mn � me, on a

Nn ≈
M

Amp
≈ 1056 Ne = ZNn ≈ 6 1056 (7.3)

Les densités (nombre de particules par unité de volume) correspondantes sont

nn =
3Nn
4πR3

≈ 2 1035 m−3 ne =
3Ne

4πR3
= Znn ≈ 1.2 1036 m−3 (7.4)

Enfin, les distances moyennes entre particules identiques sont

an ∼ n−1/3
n ∼ 1.7 10−12 m ae ∼ n−1/3

e ∼ 0.9 10−12 m (7.5)

Ces distances sont de l’ordre de 100 fois plus petites qu’un atome. Les particules sont donc bien plus
confinées que dans les étoiles ordinaires, mais cependant bien moins que dans la matière nucléaire,
puisqu’on rappelle qu’un noyau atomique a une taille de l’ordre de 10−15 m. Clairement, la matière ne
saurait être décrite comme un gaz parfait classique dans ces conditions. Il est nécessaire de recourir à
une description en termes de statistiques quantiques.

Exercice 66 : Vérifier numériquement les ordres de grandeur donnés dans cette section.

2. Connu comme binaire depuis 1844 (Bessel).
3. Bien que la compacité relativement faible de ces objets autorise un traitement Newtonien, ce qu’on fera ici.
4. Soit environ 2 104 fois plus dense que la masse volumique centrale du Soleil.
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7.2.2 La statistique de Fermi-Dirac

Les électrons de la naine blanche doivent être décrits au moyen de la statistique de Fermi-Dirac,
qui donne le nombre d’occupation moyen d’un état individuel |λ〉 par

Nλ =
1

eβ(ελ−µ) + 1
(7.6)

Dans cette expression, β = 1/(kBT ), ελ est l’énergie de l’état |λ〉 et µ le potentiel chimique. On
note ε0 l’énergie du niveau fondamental d’une particule. On voit que le nombre d’occupation moyen
est au plus égal à un, et décrôıt lorsque l’énergie augmente. La courbe représentant ce nombre
en fonction de l’énergie (Fig. 7.2) est symétrique par rapport à (µ, 1/2) :

NFD(x) =
1

eβ(x−µ) + 1
⇒ NFD(µ+ δ) = 1−NFD(µ− δ) (7.7)

Elle tend vers 1 lorsque ελ → −∞ et vers 0 aux hautes énergies ελ → +∞. D’autre part, comme
N ′FD(µ) = −β/4, la température fixe la rapidité de transition d’une asymptote à l’autre, qui est d’autant

plus grande que T est faible (β grand). À la limite T → 0, la courbe tend vers une fonction de
type Heaviside NFD(x)→ θ(µ− x). On peut montrer inversement qu’à haute température, les effets
quantiques dûs à la nature des particules (principe d’exclusion de Pauli ici) n’interviennent plus. Le
système se comporte alors comme un gaz parfait classique, non-dégénéré.

Figure 7.2 – Distribution de Fermi-Dirac. La distribution NFD(x) est représentée en fonction de
(x− µ)/(kBT ) pour différentes valeurs de la température, y compris T = 0.

7.2.3 Densité d’états

Pour continuer le calcul, il nous faut la densité d’états f(ε), telle que f(ε)dε est le nombre d’états
microscopiques dont l’énergie est comprise entre ε et ε+dε. Pour la calculer, on considère une particule
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de masse m et de spin s enfermée dans une bôıte de volume V = LxLyLz. La résolution de l’équation
de Schrödinger dépendante du temps

i~
∂ψ

∂t
= − ~2

2m
~∆ψ, (7.8)

portant sur la fonction d’onde spatiale ψ(~r, t) de la particule, montre que celle-ci peut s’écrire sur la
base des ondes planes de la forme

ψ(~r, t) = A exp
(
i~k.~r

)
exp

(
− iεt

~

)
(7.9)

avec ε l’énergie de la particule. Dans cette équation, le vecteur d’onde ~k est relié à la quantité de
mouvement par ~p = ~~k. Les conditions aux limites périodiques sur les parois de la bôıte spécifient les
valeurs possibles de ce vecteur, où nx, ny, nz sont trois entiers relatifs :

kxLx = 2πnx kyLy = 2πny kzLz = 2πnz (7.10)

Le vecteur d’onde prend alors des valeurs discrètes sur un réseau parallépipédique

~k = 2π

(
nx
Lx
~ux +

ny
Ly
~uy +

nz
Lx
~uz

)
. (7.11)

Les niveaux énergétiques sont également discrets, mais l’écart entre deux niveaux pour une bôıte
macroscopique est extrêmement faible 5, ce qui fait qu’on a en pratique affaire à un continuum de
niveaux. Il est alors permis de parler de densité d’états f~r(ε), définie en notant f~r(ε)dε le nombre d’états
microscopiques (spatiaux) dont l’énergie est comprise entre ε et ε+ dε. Cette densité d’états s’identifie
à la dérivée de la fonction W~r(ε) désignant le nombre d’états microscopiques (spatiaux) dont

l’énergie est inférieure ou égale à ε, qu’on peut calculer de façon géométrique, dans l’espace des ~k.
On obtient en effet W~r(ε) en comptant le nombre de points du réseau compatibles avec la contrainte
que l’énergie est inférieure ou égale à ε. Or il y a un lien direct entre l’énergie ε et le nombre d’onde
k = ||~k||, ce lien étant différent suivant qu’on est dans le cas non-relativiste ou le cas relativiste.
Dans les deux cas, l’énergie augmente avec le nombre d’onde, donc les points du réseau compatibles
avec la contrainte sur l’énergie sont ceux intérieurs à une sphère de rayon k(ε), lui-même fonction de
ε. Par conséquent, W~r(ε) est le rapport du volume de la boule de rayon k(ε) au volume d’une brique
élémentaire autour d’un point du réseau, soit

W~r(ε) =

4

3
πk(ε)3

(2π)3

LxLyLz

=
V k(ε)3

6π2
(7.12)

En tenant compte des états de spin, on a alors la densité d’états sous la forme

f(ε) = (2s+ 1)
dW~r

dε
(7.13)

On montre alors, en prenant garde aux différentes expressions de l’énergie en fonction du nombre d’onde
selon qu’on est dans un cas non-relativiste ou dans un cas relativiste 6 que la densité cumulative

5. Cf. Diu et al. “Physique Statistique” (chapitre I, note 18) : pour un électron dans une bôıte cubique de côté 1 cm,
cet écart est inférieur à 10−6 eV.

6. On rappelle qu’on a, respectivement, dans le cas non-relativiste et dans le cas relativiste

ε =
~2k2

2m
ε =

√
~2c2k2 +m2c4 (7.14)
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d’états W (ε) = (2s+ 1)W~r(ε) s’écrit

W (ε) =

√
2(2s+ 1)

3π2~3
V m3/2ε3/2 (cas non-relativiste) (7.15)

W (ε) =
(2s+ 1)V

6π2~3c3
(ε2 −m2c4)3/2 (cas relativiste) (7.16)

Et on en tire les expressions correspondantes de la densité d’état

f(ε) =
2s+ 1√
2π2~3

V m3/2ε1/2 (cas non-relativiste) (7.17)

f(ε) =
(2s+ 1)V

2π2~3c3
(ε2 −m2c4)1/2ε (cas relativiste) (7.18)

Exercice 67 : Établir les expressions (7.15) à (7.18).

7.2.4 Impulsion et température de Fermi d’un gaz de fermions

On peut alors utiliser cette densité d’états, combinée à la statistique de Fermi-Dirac, pour calculer
les propriétés d’un gaz de N fermions dans un volume V , à une température T . Le nombre de particules
est bien évidemment égal à la somme des nombres de particules dans chaque état individuel |λ〉

N =
∑
|λ〉

Nλ (7.19)

Pour un système suffisamment grand, les fluctuations sont négligeables 7 et on peut assimiler les
grandeurs à leurs moyennes, de sorte qu’il est légitime d’écrire

N =
∑
|λ〉

Nλ =
∑
|λ〉

1

eβ(ελ−µ) + 1
(7.20)

Le quasi-continuum de niveaux d’énergie autorise comme on l’a vu à introduire une densité d’états
f(ε) et à transformer la somme discrète sur les niveaux en une intégrale sur l’énergie

N =

ˆ ∞
ε0

f(ε)dε

eβ(ε−µ) + 1
. (7.21)

N et T (donc β) sont fixées et la densité d’états d’une particule est connue. Cette équation porte donc
en réalité sur le potentiel chimique µ, qui est donc une fonction implicite de T et N . En passant à
la limite T → 0, soit β → +∞, on a

µ(T,N)→ µ0(N) et
1

eβ(ε−µ) + 1
→ θ(µ0 − ε) (7.22)

avec θ la fonction de Heaviside. On a donc simplement

N =

ˆ µ0

ε0

f(ε)dε = W (µ0)−W (ε0). (7.23)

7. Pour être précis, on utilise l’équivalence des descriptions dans la limite thermodynamique et on travaille en fait
en grand-canonique, où le potentiel chimique est fixé et le nombre de particules peut varier (Cf. Diu et al. ”Physique
Statistique”, chapitre VI).
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On pourra alors reprendre les expressions de W trouvées dans les cas non-relativiste et relativiste, mais
définissons auparavant l’impulsion et la température de Fermi. À température nulle, chaque état
individuel est occupé par un et un seul fermion, depuis le fondamental (ε0) jusqu’au niveau de plus
haute énergie (εF = µ0), qu’on appelle niveau de Fermi. Suivant le nombre N de particules en jeu,
l’écart en énergie ∆ = µ0(N) − ε0 est plus ou moins important. L’impulsion de Fermi est celle des
particules qui se trouvent au niveau de Fermi, et son expression dépend de la relation entre l’énergie et
le nombre d’onde. Quant à la température de Fermi, elle est définie par la relation kBTF = ∆ et on
peut montrer 8 que l’on peut faire une approximation de température nulle dès lors que T � TF.
Inversement, lorsque T � TF , le gaz est non dégénéré et peut être décrit par un modèle de gaz
parfait classique. L’expression de pF est la même dans les cas non-relativiste et relativiste 9, à savoir

pF = ~
[

6π2

2s+ 1

N

V

]1/3

(7.24)

Exercice 68 : Établir l’expression (7.24) de l’impulsion de Fermi.

Les expressions de TF sont en revanche distinctes 10, avec

TF =
~2

2mkB

[
6π2

2s+ 1

N

V

]2/3

(cas non-relativiste) (7.26)

TF =
mc2

kB

√1 +
~2

m2c2

(
6π2

2s+ 1

N

V

)2/3

− 1

 (cas relativiste) (7.27)

Exercice 69 : Établir les expressions (7.26) et (7.27) de la température de Fermi.

Quel est l’état des particules constituant la naine blanche ? Pour le savoir, on calcule l’impulsion de
Fermi, sachant qu’une particule de masse m est relativiste si son impulsion est p & mc.

— Pour les électrons, on a

pF = ~
(

6π2

2s+ 1

Ne
V

)1/3

= ~
(
3π2ne

)1/3 ∼ 3.5 10−22 kg.m.s−1 (7.28)

Comme mec ≈ 2.7 10−22 kg.m.s−1, les électrons au niveau de Fermi sont donc relativistes. La
température de Fermi est alors TF ≈ 3.8 109 K, bien supérieure à la température Tc ∼ 107 K de
la naine blanche, et l’approximation de température nulle est justifiée.

— Pour les noyaux qui sont des fermions, on n’a pas le spin s, mais on peut néanmoins donner
un ordre de grandeur de l’impulsion de Fermi

pF = ~
(

6π2

2s+ 1
nn

)1/3

∼ ~n1/3
n ∼ 6 10−23 kg.m.s−1 (7.29)

8. Cf. Diu et al. “Physique Statistique” chapitre VI.
9. On n’oubliera pas que le fondamental est ε0 = 0 dans le cas classique, et ε0 = mc2 dans le cas relativiste.

10. On peut vérifier que l’on retrouve la limite non-relativiste à partir de l’expression relativiste lorsque c→∞

TF '
mc2

kB
×

~2

2m2c2

(
6π2

2s+ 1

N

V

)2/3

=
~2

2mkB

(
6π2

2s+ 1

N

V

)2/3

(7.25)
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mais Ampc ≈ 6 10−18 kg.m.s−1 � pF de sorte que les noyaux ne sont pas relativistes. Leur
température de Fermi est donc TF ∼ 6 103 K� T et ils peuvent être décrits par un modèle de
gaz parfait classique et non-relativiste. On peut montrer que la même conclusion s’applique
au gaz de noyaux qui seraient des bosons.

7.2.5 Pression de dégénérescence des électrons

Le calcul de la pression électronique est identique à celui de la pression cinétique d’un gaz parfait.
Imaginons un gaz d’électrons dégénérés enfermés dans une enceinte de volume V . L’impulsion fournie
pendant dt à une section dS de la paroi par les électrons d’énergie ε à dε près et de direction (θ, φ) à
dΩ près est (Fig. 7.3)

δp = ne(ε)× v(ε) cos θdtdS × 2p(ε) cos θ × dΩ

4π
(7.30)

vdt

F

θ

n

v

dS

Figure 7.3 – Calcul de la pression de dégénérescence des électrons.

Dans cette expression, on détaille les différents facteurs :
— ne(ε) = (1/V )f(ε)NFD(ε)dε est le nombre d’électrons d’énergie ε à dε près par unité de volume
— v(ε) cos θdtdS est le volume du cylindre dans lequel se trouvaient les électrons d’énergie et de

direction adéquates pendant l’intervalle de temps dt antérieur
— 2p(ε) cos θ est l’impulsion fournie à la paroi par chacun de ces électrons
— dΩ/(4π) est la fraction d’angle solide correspondant aux seuls électrons ayant une impulsion de

direction (θ, φ)
En intégrant sur la direction 11 et sur l’énergie, on obtient la pression de dégénérescence des électrons

Pe =
1

3V

ˆ ∞
ε0

dεf(ε)NFD(ε)v(ε)p(ε) (7.31)

11. Attention, θ est limité à [0, π/2] pour que l’électron heurte la paroi.
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Exercice 70 : Établir l’expression de l’intégrale de pression (7.31).

Pour aller plus loin, on se place à température nulle

Pe =
1

3V

ˆ εF

ε0

p(ε)v(ε)f(ε)dε. (7.32)

Un développement sans difficulté mais sans grand intérêt 12 mène alors à l’expression suivante

Pe =
m4
ec

5

3π2~3
F

(
pF

mec

)
(7.33)

Exercice 71 : Établir l’expression de la pression (7.33).

La fonction F apparaissant dans cette expression s’écrit

F (x) =

ˆ x

0

u4

√
1 + u2

du =
1

8

[
x(2x2 − 3)

√
1 + x2 + 3 ln (x+

√
1 + x2)

]
. (7.34)

et a pour comportements asymptotiques, dans les limites x� 1 et x� 1

F (x) ∼ x5

5
(x� 1, cas non-relativiste) (7.35)

F (x) ∼ x4

4
(x� 1, cas ultra-relativiste) (7.36)

Comme pF varie selon n1/3, le régime non-relativiste correspond aux basses densités, le régime ultra-
relativiste aux densités élevées. On peut regrouper ces comportements sous une forme x3α/(3α) qui
permet de faire les calculs en commun pour les deux limites non-relativiste (α = 5/3) et ultra-
relativiste (α = 4/3). En introduisant la fraction électronique Ye = Z/A telle que la densité
électronique peut s’écrire comme

ne =
Ne
V

=
ZNn
V

=
ZM

AmpV
= Ye

ρ

mp
(7.37)

on montre que la pression de dégénérescence des électrons se met, dans ces deux régimes asympto-
tiques, sous la forme d’une équation d’état polytropique

Pe ≈ Kαρ
α Kα =

1

3α
(3π2~3)α−1m4−3α

e c5−3α

(
Ye
mp

)α
(7.38)

La pression de dégénérescence des électrons est représentée sur la Fig. 7.4, avec ses comportements
asymptotiques à basse et haute densité.

Exercice 72 : Établir les formes polytropiques de la pression de dégénérescence des électrons.

12. Il faut faire un changement de variable en prenant comme variable d’intégration u = p/(mec), où l’impulsion est
p = γmev avec le facteur de Lorentz γ = [1− (v/c)2]−1/2, et remplacer le facteur de spin par sa valeur 2s+ 1 = 2.
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Numériquement, on a

Pe ≈ 3.17 1021

(
Ye
0.5

)5/3(
ρ

109 kg ·m−3

)5/3

Pa (cas basse densité, non-relativiste) (7.39)

Pe ≈ 4.93 1021

(
Ye
0.5

)4/3(
ρ

109 kg ·m−3

)4/3

Pa (cas haute densité, ultra-relativiste) (7.40)
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Figure 7.4 – Pression de dégénérescence des électrons. Le trait plein correspond à l’expression
complète (7.33), et les traits pointillés aux comportements asymptotiques basse densité non-relativiste
(orange) et haute densité ultra-relativiste (vert).

7.2.6 Les autres pressions disponibles

La pression de dégénérescence des électrons n’est pas la seule source de pression possible dans
l’étoile, il faut aussi tenir compte des noyaux et de la radiation. La pression des noyaux se calcule
comme pour un gaz parfait classique, soit

Pn = nnkBT ' 2 1035 × 1.38 10−23 × 107 ' 2.8 1019 Pa. (7.41)

La dernière composante de la pression est la pression de radiation, donnée par

Pr =
4σ

3c
T 4 ' 1.33

5.67 10−8

3 108
× 1028 ' 2.5 1012 Pa. (7.42)

On constate donc que Pe � Pn � Pr, de sorte que la pression totale est entièrement dominée par la
pression du gaz dégénéré d’électrons, et que l’équation d’état, polytropique, ne dépend pas de T ,
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P ' Pe = Kαρ
α (7.43)

Cette équation d’état est une excellente approximation pour décrire la structure de l’étoile, comme
on le verra juste après, même si des modèles plus réalistes existent, tenant compte notamment de la
température non-nulle et des interactions entre particules 13.

7.3 Structure des naines blanches

7.3.1 Équations de structure

Dans la limite de température nulle qu’on considère ici, et qui est une bonne approximation, la
pression ne dépend que de la masse volumique, P = f(ρ), ce qui correspond à un comportement
barotropique 14. Les équations de conservation de la masse et d’équilibre hydrostatique écrites pour
les étoiles de la séquence principale restent valables

dm

dr
= 4πr2ρ(r)

dP

dr
= f ′[ρ(r)]

dρ

dr
= −Gm(r)ρ(r)

r2
(7.44)

mais on a là un système fermé de deux équations à deux inconnues m(r) et ρ(r). On peut alors éliminer
la première et obtenir une seule équation de structure

1

r2ρ

d

dr

[
r2f ′(ρ)

ρ

dρ

dr

]
= −4πG (7.45)

Cette équation doit être résolue en se donnant deux conditions aux limites, qui sont naturellement la
valeur de la densité au centre ρ(0) = ρc et la nullité du gradient de densité au centre 15. Cette résolution
doit cependant se faire de manière numérique le plus souvent. Le rayon R est alors celui pour lequel
ρ(R) = 0 et la masse M est obtenue par intégration de l’équation de conservation de la masse entre
r = 0 et r = R. Ces deux quantités, R et M , sont alors fonction de la densité au centre 16.

Exercice 73 : Établir l’équation (7.45).

7.3.2 Les modèles polytropiques : équation de Lane-Emden

Les cas limite non-relativiste et ultra-relativiste invitent à considérer le cas particulier des poly-
tropes, pour lesquels P = f(ρ) = Kαρ

α. L’équation (7.45) devient alors l’équation de Lane-Emden

1

u2

d

du

(
u2 dψα

du

)
= −ψnα avec n =

1

α− 1
(7.46)

en ayant introduit une variable radiale adimensionnée

u =
r

rα
rα =

√
αKαρ

α−2
c

4πG(α− 1)
(7.47)

13. Interaction Coulombienne électrons-ions qui réduit la pression, bien entendu, mais aussi les réactions β du type
A
ZX + e− −→A

Z−1 Y + νe, qui ne sont plus efficacement équilibrées du fait de la difficulté à produire un électrons quand
tous les niveaux sont occupés. Notons que ce phénomène de neutronisation est celui à l’œuvre dans la formation des
étoiles à neutrons lors de l’effondrement d’une étoile massive.

14. Les polytropes sont un cas particulier des fluides barotropes.
15. Cette condition est fondée sur l’hypothèse de symétrie sphérique. Il ne peut pas exister un gradient non nul au

centre, qui imposerait une direction privilégiée brisant la symétrie sphérique.
16. ... et de f(ρ), c’est-à-dire de l’équation d’état, bien entendu.
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et une fonction elle aussi adimensionnée de la masse volumique

ψα =

(
ρ

ρc

)α−1

(7.48)

Les conditions aux limites devenant ψα(0) = 1 et ψ′α(0) = 0.

Exercice 74 : Établir l’équation de Lane-Emden (7.46)

0.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1.0
r/R

0.0
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Figure 7.5 – Solutions de l’équation de Lane-Emden. Les solutions sont représentées sous la forme
de la densité normalisée ρ/ρc en fonction du rayon normalisé r/R. Les différentes courbes correspondent
à différentes valeurs de n = 1/(α− 1).

Les solutions de cette équation sont obtenues numériquement (Fig. 7.5) en fonction du paramètre
α, et tabulées. Pour α > 1.2 (soit n < 5), la fonction ψα(u) admet un premier zéro noté xα, ce qui
permet de calculer le rayon Rα de l’étoile

Rα = rαxα = xα

[
αKαρ

α−2
c

4πG(α− 1)

]1/2

(7.49)

et, de là, on peut également calculer la masse de l’étoile

Mα =

ˆ Rα

0

ρ(r)4πr2dr = −4πr3
αρcx

2
αψ
′
α(xα) (7.50)

En éliminant ρc et rα dans cette expression de la masse, à l’aide de leur relation avec Rα, on peut en
déduire la relation masse-rayon des polytropes

Mα = −ψ′α(xα)

[
G(α− 1)

αKα
(4π)α−1x−αα

] 1
α−2

R(3α−4)/(α−2)
α (7.51)
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Exercice 75 : Établir la relation masse-rayon pour les polytropes (7.51).

7.3.3 La masse de Chandrasekhar

La relation masse-rayon obtenue ci-dessus peut être écrite pour les naines blanches en se plaçant
dans un cas limite non-relativiste ou ultra-relativiste. Le premier cas correspond à α = 5/3 et donne

M ∝ R−3 (7.52)

Contrairement aux étoiles de la séquence principale, les naines blanches sont d’autant plus petites
qu’elles sont plus massives. Le cas ultra-relativiste correspond à α = 4/3 et fait disparâıtre la
dépendance de la masse en fonction du rayon. Une seule masse semble possible dans cette limite, c’est
la masse de Chandrasekhar

Mc = −
√

3π

2

(
~c
G

)3/2(
Ye
mp

)2

x2
4/3ψ

′
4/3(x4/3) ≈ 1.457 M� (7.53)

Exercice 76 : Établir l’expression de la masse de Chandrasekhar (7.53).

Pour obtenir cette valeur numérique, on a pris Ye = 0.5 et on trouve dans les tables de solutions
de l’équation de Lane-Emden que x4/3 = 6.897 et ψ′4/3(x4/3) = −0.0424279. En traçant la relation

masse-rayon complète à partir de l’expression (7.33)-(7.34) de la pression des électrons, représentée
sur la Fig. 7.6, on voit que la masse de Chandrasekhar représente la masse maximale possible pour
une naine blanche. En effet, lorsque la masse augmente, la densité centrale augmente et les électrons
deviennent de plus en plus relativistes, l’indice polytropique passant continûment de α = 5/3 à α = 4/3.

Des arguments simples permettent de comprendre l’origine de cette masse maximale. On peut par
exemple considérer l’équilibre entre pression et gravité, en écrivant qu’en ordre de grandeur

Fp ∝
dP

dr
∝ P

R
∝ Kαρ

α

R
∝ KαM

α

R3α+1
Fg ∝

GMρ

R2
∝ GM2

R5
(7.54)

où Fp et Fg représentent l’ordre de grandeur des forces de pression et d’auto-gravité, respectivement.
Pour une naine blanche de faible densité, où les électrons sont non-relativistes, α = 5/3 et on a

Fp ∝
K5/3M

5/3

R6
Fg ∝

GM2

R5
(7.55)

À masse donnée, si l’étoile se contracte (R diminue), les forces de pression augmentent plus vite que
la gravité et viennent rétablir l’équilibre. De même, si l’étoile se dilate, la gravité reprend le dessus
pour revenir à l’équilibre. L’équilibre hydrostatique de la naine blanche est donc stable. Lorsque
la naine blanche est de grande masse, sa densité augmente et l’indice polytropique tend vers α = 4/3.
On a alors

Fp ∝
K4/3M

4/3

R5
Fg ∝

GM2

R5
(7.56)

La dépendance en R est identique pour ces deux forces de sens opposés, de sorte que la force totale
dépend fondamentalement du rapport des deux. Son expression, projetée sur une direction radiale dirigée
vers l’extérieur, est

Ft ∝
K4/3M

4/3

R5
− βGM

2

R5
=
K4/3M

4/3

R5

[
1−

(
M

M0

)2/3
]

(7.57)
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Figure 7.6 – Relation masse-rayon des naines blanches. La courbe en trait plein correspond à la
relation barotrope (7.33)-(7.34), les tirets correspondents aux comportements polytropiques α = 5/3
(non-relativiste) et α = 4/3 (ultra-relativiste). Les croix correspondent aux mesures obervationnelles
sur des naines blanches particulières. [Crédit : F. Daigne].

où β est un facteur numérique de normalisation et où apparâıt une masse critique

M0 =

(
K4/3

βG

)3/2

(7.58)

Si la naine blanche a une masse M < M0, la force pressante l’emporte, l’étoile se dilate, sa masse
volumique diminue, les électrons deviennent moins relativistes, et on retrouve la solution précédente.
En revanche si M > M0, la force de gravité l’emporte et l’étoile s’effondre, sans possibilité d’équilibre.
La masse M0 s’identifie à la masse de Chandrasekhar, qui est donc la masse maximum d’un astre
sphérique auto-gravitant supporté par la pression du gaz dégénéré d’électrons.

7.4 Observations des naines blanches

7.4.1 Rayonnement thermique et classification spectrale

Bien que peu lumineuses du fait de leur petite taille, les naines blanches sont assez chaudes pour
émettre un rayonnement détectable. Leur spectre se forme de façon semblable à celui des étoiles de la
séquence principale, avec des raies d’absorption ”atmosphériques” potentiellement superposées
au continuum de corps noir. Les conditions sont cependant plus extrêmes, notamment en ce qui
concerne la gravité de surface, bien plus élevée. 17. La classification spectrale des naines blanches
fait ressortir différents types (”DA”, ”DC”, ”DB”, ”DO”, ”DZ”, ”DQ”, ”DX”) 18, dont le plus répandu

17. De plus, le champ magnétique intense peut provoquer un effet Zeeman de levée de dégénérescence entre raies.
18. ”D” signifie dwarf.
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(environ 80% des naines blanches) est le type ”DA”, caractérisé par la présence de raies de Balmer 19.
À partir de l’analyse de la forme des raies, telles celles montrées sur la Fig. 7.7, on peut contraindre
simultanément la gravité de surface g et la température effective Teff .

Figure 7.7 – Raies de Balmer de naines blanches. Chaque figure correspond à une naine blanche,
et représente les raies de Balmer Hα à Hζ (décalées en ordonnées pour une meilleure visibilité) ob-
servées dans le spectre de ces étoiles, avec des ajustements (traits épais) permettant de contraindre
simultanément la gravité de surface et la température effective. Figure adaptée de [34].

7.4.2 Relation masse-rayon observationnelle

Il est possible dans certains cas d’utiliser l’effet Einstein de décalage gravitationnel des raies pour
remonter au rapport M/R de la naine blanche, car

∆λ

λ
≈ Ξ =

G

c2
M

R
(7.59)

À partir de là, il est possible de déterminer indépendamment la masse et le rayon si on connâıt par
exemple la distance D? de l’étoile par parallaxe. On en tire en effet la luminosité intrinsèque L, et
connaissant la température effective Teff à partir des contraintes sur les raies, on obtient le rayon R
et donc la masse M . À défaut de décalage gravitationnel, on peut obtenir la masse dans le cas d’un
système binaire à partir des lois de Kepler, ou via l’astérosismologie, deux méthodes également
utilisées pour les étoiles de la séquence principale et les géantes. Une fois ces données obtenues, on
peut les comparer aux modèles théoriques, mais la précision des données est souvent insuffisante pour
contraindre finement l’équation d’état 20.

19. Raies électroniques de l’hydrogène correspondant aux transitions n = 2→ 3 (Hα),n = 2→ 4 (Hβ), etc.
20. On peut cependant obtenir des statistiques sur la distribution des masses, avec une moyenne aux alentours de

0.6 M� et une dispersion assez faible ±0.2 M�.
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7.4.3 Le refroidissement des naines blanches

L’étoile émet un rayonnement, elle perd donc de l’énergie et se refroidit. Cependant, la pression
soutenant l’étoile (Pe) ne dépend pas de la température, qui est déjà inférieure à la température de
Fermi. Le refroidissement n’a donc pas d’effet sur l’équilibre de l’étoile. La naine blanche va
simplement devenir de moins en moins lumineuse (puisque L ∝ T 4). Le calcul du refroidissement est
assez complexe car il doit tenir compte de nombreux effets subtils, ainsi que de l’existence d’une fine
couche non dégénérée à la surface de l’étoile. Le refroidissement est relativement rapide sur les deux
premiers milliards d’années, mais beaucoup plus lent ensuite, avec un temps caractéristique
supérieur à la dizaine de milliards d’années. On peut tirer de ces modèles une datation de la
Galaxie : comme on n’observe pas de naines blanches de luminosité inférieure à Lmin ≈ 5.6 10−5 L�,
c’est que la Galaxie n’a pas laissé le temps à ces étoiles de se refroidir plus. Les modèles de refroidissement
indiquent alors un âge de l’ordre de tGal ≈ 9.3 109 an (Fig. 7.8). Théoriquement, au bout d’un temps
très long, les naines blanches doivent finir en naines noires.

Figure 7.8 – Refroidissement des naines blanches. La figure de gauche montre la luminosité d’une
naine blanche en fonction du temps, pour différents modèles de refroidissement (Figure issue de [35].
La figure de droite montre la fonction de luminsoité des naines blanches, avec une coupure à basse
luminosité correspondant à l’âge du disque de la Galaxie (Figure issue de [36]).
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Chapitre 8
Les étoiles à neutrons

8.1 Introduction

8.1.1 Ordres de grandeur

Les étoiles à neutrons sont le stade final des étoiles dont la masse initiale est comprise entre
∼ 9 M� et une masse maximale encore mal déterminée (∼ 30mathrmM� ?). L’existence théorique
de ces étoiles s’est fondée sur l’existence d’une masse maximale des naines blanches, interrogeant
nécessairement quant au destin des étoiles de grande masse 1. Les étoiles à neutrons ont une compacité
Ξ ∼ 0.2, bien plus grande que celles des naines blanches, car elles sont beaucoup plus petites R ∼ 10 km
pour une masse comparable M ∼ 1.4 M�, la densité correspondante dépassant la densité nucléaire
ρ > ρnuc = 2.6 1017 kg ·m−3. La force qui s’oppose à la gravité propre de l’astre est alors l’interaction
forte entre les nucléons, répulsive en dessous du fermi, mais l’équation d’état de la matière à ces
densités présente encore des incertitudes.

Exercice 77 : Établir les ordres de grandeur de la compacité et de la masse volumique à partir de
ceux de la masse et du rayon. Estimer la distance moyenne entre particules.

8.1.2 Un bref historique

L’existence d’étoiles à neutrons est proposée par W. Baade et F. Zwicky en 1934, deux ans après la
découverte du neutron par J. Chadwick, suite à leur observation que certaines novæ étaient d’origine
extragalactique, et donc beaucoup plus brillantes que les novæ connues. Ils proposent que le réservoir
d’énergie immense à l’origine de ces supernovæ est l’effondrement gravitationnel du cœur d’une étoile
massive en une étoiles à neutrons 2. En 1939, le premier calcul de la structure d’une telle étoile est
effectué dans le cadre de la relativité générale par J. R. Oppenheimer et G. M. Volkoff, en supposant
que la pression est fournie par la dégénérescence des neutrons, à l’instar de celle des électrons dans une
naine blanche. La très petite taille des étoiles à neutrons les rend très peu lumineuses, 3 de sorte que la
confirmation de leur existence ne peut reposer sur la détection de leur rayonnement thermique 4, mais
sur celle d’un phénomène de pulsar, découvert par J. B. Burnell et A. Hewish en 1967. L’observation de

1. Chandrasekhar lui-même, commentant son résultat, écrit en 1934 : ”A star of large mass cannot pass into the
white-dwarf stage and one is left speculating on other possibilities.”

2. ” ... with all reserve we advance the view that a supernova represents the transition of an ordinary star into a
neutron star, consisting mainly of neutrons. Such a star may possess a very small radius and an extremely high density.”

3. On rappelle que la luminosité est L = 4πR2σT 4
eff , et la température effective des étoiles à neutrons est typiquement

de 106 K, beaucoup trop faible pour compenser la petitesse du rayon R.
4. La première détection directe a eu lieu en 1996 seulement, dans le domaine des X, correspondant à la température

de surface ∼ 106 K.
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”pulses” radio à intervalles très réguliers 5 et très courts 6 ne semble être explicable que s’ils sont associés
à la rotation très rapide d’un objet de densité nucléaire doté d’un fort champ magnétique, 7 estimé à
∼ 1012 G = 108 T. La même année, F. Pacini avait suggéré que l’énergie alimentant la nébuleuse du
Crabe 8 (Fig. 6.3) soit précisément une étoile à neutrons en rotation rapide, une idée que développe
T. Gold l’année suivante en établissant un premier modèle selon lequel l’énergie rayonnée par le pulsar
est tirée du freinage de la rotation de l’astre. Les années suivantes voient la détection de pulsars dans les
autres domaines de longueur d’onde, en X notamment. La découverte d’un pulsar binaire, système de
deux étoiles à neutrons dans lequel l’un des deux compagnons est détecté comme pulsar, permet en 1975
à R. A. Hulse et J. H. Taylor de mesurer la variation de la période orbitale 9 et de montrer qu’elle est
parfaitement expliquée dans le cadre de la relativité générale par l’émission d’ondes gravitationnelles.
Les étoiles à neutrons sont impliquées également dans la détection directe de ces ondes, notamment
lors de l’évènement GW170817 de coalescence entre deux étoiles à neutrons, qui a donné lieu à des
contreparties électromagnétiques (Fig. 6.1).

8.2 Équation d’état

8.2.1 L’approche d’Oppenheimer et Volkoff

Le premier calcul de la structure d’une étoile à neutrons, dû à Oppenheimer et Volkoff, faisait
l’hypothèse d’une étoile constituée d’un gaz parfait de neutrons à température nulle, l’équilibre étant
assuré par la pression de dégénérescence de ces fermions. Hormis la nécessité de se placer en relativité
générale du fait de la compacité élevée, le calcul est donc semblable à celui fait pour les naines blanches.
Une amélioration possible consiste à tenir compte de la présence de protons et d’électrons (également
traité comme des gaz parfaits dégénérés) en supposant l’équilibre de désintégration n � p + e−. On
peut alors écrire la conservation de la matière ne+np = nn, la neutralité électrique ne = np, et l’égalité
des potentiels chimiques traduisant l’équilibre µe + µp = µn. Cette dernière équation peut s’écrire en
fonction des densités ne, np et nn des électrons, protons et neutrons en utilisant le fait qu’à T = 0 les
potentiels chimiques sont précisément les niveaux de Fermi, soit

µx = mxc
2

√
1 +

(
pF,x

mxc

)2

= mxc
2

√
1 +

~2

m2
xc

2
(3π2nx)2/3 (8.1)

où x représente soit les électrons, soit les protons, soit les neutrons. Avec trois équations pour trois
inconnues, on peut écrire chaque densité en fonction de la densité totale n, et la pression peut être
obtenue comme somme des pressions de dégénérescence de chacune des espèces, comme en (7.33). Cette
approche donne cependant des étoiles à neutrons trop peu massives 10 par rapport aux observations.
Elle doit donc être abandonnée au profit d’équations d’état plus réalistes.

8.2.2 Interaction forte

Un calcul plus réaliste consiste à assimiler la matière à un fluide de neutrons libres interagissant
par le biais de la force nucléaire forte 11, en abandonnant l’hypothèse d’un gaz parfait que les densités

5. La régularité du signal fit un temps penser à une origine artificielle, la source étant baptisée intitialement ”LGM-1”
pour Little Green Men.

6. La période du pulsar détecté par Bell et Hewish est P = 1.337301 s. D’autres pulsars, appelés pulsars millisecondes
sont encore plus rapides, on pense qu’ils sont réaccélérés par l’accrétion de matière d’un compagnon. C’est autour d’un
de ces pulsars millisecondes qu’a été détectée la première planète extrasolaire en 1992.

7. À comparer aux plus forts champs magnétiques que l’on peut créer en laboratoire : de l’ordre de 100 T pour un
champ pulsé non-destructif (LANL, 2012) et 2800 T pour un champ obtenu de façon destructive (Russie, 1998).

8. Reste de la supernova historique observée par les astronomes chinois en 1054.
9. Elle décrôıt de 76.5µs par an.

10. On trouve une masse maximale de l’ordre de 0.7 M�, exclue par les observations.

11. À plus basse densité, on considère un réseau cristallin de noyaux riches en neutrons en interaction avec un fluide
de neutrons libres et d’électrons, les noyaux se désintégrant progressivement au fur et à mesure que la densité augmente.
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énormes ne permettent plus de faire. On peut faire un calcul approché de l’équation d’état associée en
considérant le potentiel de Yukawa pour modéliser le cœur répulsif de l’interaction forte à très courte
distance,

Vnuc(r) =
g2~c
r

e−r/r0 (8.2)

où g2 ≈ 15 est la constante de couplage de l’interaction et r0 ≈ 0.4 fm est sa portée. On peut montrer
que la pression associée est de forme polytropique, avec un exposant polytropique α = 2,

Pnuc ≈
2πg2~cr2

0

m2
n

ρ2 ≈ 1.7 1033

(
ρ

1017 kg ·m−3

)2

Pa (8.3)

et qu’elle est environ un ordre de grandeur plus élevée que celle de dégénérescence. Le calcul complet,
encore sujet à de nombreuses incertitudes, fait appel à la chromodynamique quantique, qu’il est bien
entendu hors de question d’aborder ici. La Fig. 8.1 montre quelques exemples de structures possibles
pour les étoiles à neutrons.

Exercice 78 : Obtenir l’expression littérale (8.3). Il faut écrire l’énergie potentielle d’interaction
totale à partir du potentiel de paire (8.2) et la dériver par rapport au volume pour obtenir la pression.

Figure 8.1 – Structure d’une étoile à neutrons. Les différents secteurs correspondent à différents
modèles d’équations d’état. [Crédit : F. Weber]

8.3 Structure et masse maximale des étoiles à neutrons

8.3.1 Système T.O.V.

Si l’équation d’état est incertaine, son caractère barotrope P = f(ρ) semble établi. On peut donc
faire le calcul de la structure de l’étoile à neutrons comme on l’a fait pour la naine blanche, mais en
se plaçant dans le cadre de la relativité générale, imposée par la compacité élevée de ces objets. Sans
entrer dans les détails, la relativité générale décrit l’espace-temps courbé par la présence de masse ou
d’énergie, sous la forme des équations d’Einstein

Rµν −
R

2
gµν =

8πG

c4
Tµν (8.4)
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où le tenseur de Ricci Rµν et le scalaire de courbure R = gµνRµν ne dépendent que de la métrique
gµν de l’espace 12 et Tµν est le tenseur énergie-impulsion caractérisant le contenu en masse-énergie
du système. En statique et à symétrie sphérique, la solution de ces équations à l’extérieur d’un astre de
masse M et de rayon R est due à K. Schwarzschild 13

ds2 = −
(

1− 2GM

rc2

)
c2dt2 +

dr2

1− 2GM

rc2

+ r2
(
dθ2 + sin2 θdφ2

)
(8.5)

Les coordonnées (t, r, θ, φ) sont celles mesurées par un observateur à l’infini, qui mesurerait également,
par exemple via la troisième loi de Kepler,la masse gravitationnelle M de l’astre central. À l’intérieur de
celui-ci, la solution de Schwarschild ne saurait être applicable, mais les équations d’Einstein en symétrie
sphérique peuvent être mises sous une forme qui utilise les même coordonnées 14, appelée système de
Tolman-Oppenheimer-Volkoff (T.O.V.)

dm

dr
= 4πr2ρ

dΦ

dr
= G

(
m

r2
+

4πPr

c2

)(
1− 2Gm

rc2

)−1
dP

dr
= −

(
ρ+

P

c2

)
dΦ

dr
(8.6)

où m(r) est la généralisation relativiste de la masse intérieure au rayon r, ρ(r) la masse volumique 15,
Φ(r) le potentiel gravitationnel et P (r) la pression. On remarque que ce système admet la limite
Newtonienne connue lorsque c→∞

dm

dr
= 4πr2ρ

dΦ

dr
=
Gm

r2

dP

dr
= −ρdΦ

dr
(8.7)

Les conditions aux limites requises pour résoudre le système sont la donnée de la densité centrale
ρ(0) = ρc, la nullité de la masse interne au centre m(0) = 0 et le raccordement à la solution de
Schwarzschild à la surface 16

8.3.2 Solution relativiste - masse maximale

On suppose pour simplifier que l’étoile est homogène, ρ(r) = ρ0. On peut alors intégrer directement
la première équation du système T.O.V. m(r) = 4πρ0r

3/3 et reporter cette expression dans les deux
autres équations. On les combine alors en posant P0 = ρ0c

2 et α = 4πG/c4, ce qui donne

dP

dr
= −αr (P0 + P )

(
P0

3
+ P

)(
1− 2

3
αP0r

2

)−1

(8.8)

Exercice 79 : Obtenir l’équation différentielle (8.8).

Cette équation différentielle peut être résolue analytiquement en séparant les variables pression et
rayon, ce qui donne le profil de pression dans l’étoile, après quelques manipulations sans grande difficulté,

P (r) = P0
A(r)−A(R)

3A(R)−A(r)
A(r) =

√
1− 2Gm(r)

rc2
=

√
1− 2 Ξ

( r
R

)2

(8.9)

Exercice 80 : Obtenir la solution (8.9).

12. Celle-ci est définie par l’écriture de l’intervalle ds2 = gµνdxµdxν dans le système de coordonnées choisi, cet
intervalle étant un invariant relativiste.

13. Il publie cette solution quelques mois seulement après la publication des équations du champ d’Einstein.
14. et dont les solutions peuvent donc être raccordées à celle de Schwarzschild à l’extérieur de l’astre.
15. Cette masse volumique totale comprend la contribution de l’énergie interne u, soit ρ = mnnn + u/c2.
16. Le rayon R étant défini par m(R) = M , équivalent à P (R) = 0.
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Figure 8.2 – Profils de masse, de pression et de potentiel gravitationnel d’une étoile à neu-
trons. Les différentes courbes correspondent à différentes compacités. La solution Newtonienne est en
pointillés et la solution relativiste critique Ξ = 4/9 est en tirets. [Crédit : F. Daigne]

La pression est nulle en r = R, comme il se doit, mais un comportement remarquable se produit
pour la pression centrale

Pc = P0
1−
√

1− 2 Ξ

3
√

1− 2 Ξ− 1
(8.10)

qui diverge (Pc → ∞) lorsque la compacité atteint Ξ → 4/9. On a donc un rapport masse-rayon
maximal au delà duquel la pression centrale ne peut supporter l’auto-gravité de l’étoile

M

R
<

4c2

9G
' 4× (3 108)2

9× (2/3) 10−10
= 6 1026 kg ·m−1 (8.11)

Avec R = 10 km, on a donc une limite supérieure à la masse possible d’une étoile à neutrons M <
6 1030 kg = 3 M�. Il y a effectivement une masse maximale possible pour une étoile à neutrons, qui
est de cet ordre de grandeur. Les objets dont la compacité M/R dépasse cette limite sont amenés à
s’effondrer entièrement pour devenir des trous noirs. Pour des équations d’état plus réalistes, c’est-à-
dire par exemple polytropiques, la densité n’est plus uniforme, mais on peut toujours intégrer le système
T.O.V. numériquement et observer l’existence d’une masse maximale, qui dépend 17 de l’équation d’état,
comme le montre la Fig. 8.3. L’observation d’étoiles à neutrons de grande masse permet ainsi de
contraindre les équations d’états possibles pour la matière ultra-dense 18.

17. On a des valeurs qui s’étalent de 1.6 M� à 3.1 M�.
18. Par exemple, pour les équations d’états obtenues en supposant un gaz parfait de neutrons dégénérés ou un gaz

parfait de protons, de neutrons et d’électrons, on trouve une masse maximale de l’ordre de 0.7 M�, exclue par les
observations.
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Figure 8.3 – Masse maximale d’une étoile à neutrons. Les différentes courbes correspondent à
différents indices polytropiques, et représentent la masse de l’étoile en fonction de la densité centrale.
[Crédit : F. Daigne]

8.4 Observation des étoiles à neutrons

8.4.1 Le phénomène de pulsar

Si les étoile à neutrons sont bien souvent trop petites pour être détectées par leur rayonnement
thermique, on en connâıt pourtant environ 2000 actuellement, dans notre galaxie et les nuages de
Magellan, du fait de la détection de leur émission de pulsar, qui se présente comme la répétition d’un
sursaut très bref d’émission radio 19, avec une période P extrêmement stable. Les pulses eux-mêmes
présentent des variations de profil, mais le profil moyen calculé sur un grand nombre (& 100) de pulses
est lui aussi très stable et caractéristique de chaque pulsar. La distribution des périodes est bimodale 20,
l’essentiel des pulsars présentant une période de ∼ 30 ms à ∼ 3 s et d’autres, les pulsars millisecondes
présentant des périodes de ∼ 1 ms à ∼ 100 ms. La stabilité de l’émission permet souvent la mesure de
la dérive de la période Ṗ , le plus souvent positive 21, les pulsars ralentissent.

L’association du phénomène de pulsar aux étoiles à neutron se fonde sur un argument mécanique
simple, montrant qu’un astre en rotation de masse M et de rayon R ne saurait avoir une période de
rotation arbitrairement petite, faute de quoi les forces centrifuges deviendraient plus importantes que
la gravité et l’étoile perdrait alors de la matière. Considérant un élément de masse µ à la surface de
l’astre au niveau de l’équateur, on doit avoir

µΩ2R 6
GµM

R2
(8.12)

19. On observe aussi des pulses dans les autres domaines de longueur d’onde venant de ces sources.
20. Cela signifie que la distribution de probabilité présente deux maxima.
21. Les valeurs vont typiquement de la picoseconde par an à la microseconde par an.

153



ce qui impose une limite inférieure à la période

P > 2π

√
R3

GM
(8.13)

Inversement, si l’on observe un signal périodique de période P qu’on attribue à la rotation, on en déduit
une limite inférieure à la densité moyenne de l’étoile

ρ >
3π

GP 2
(8.14)

Exercice 81 : Obtenir la condition (8.14).

Numériquement, pour le pulsar du Crabe (P = 0, 033 s), on trouve ρ > 1.5 1014 kg ·m−3, ce qui
est trop grand pour qu’on puisse penser à une naine blanche. L’hypothèse d’une étoile à neutrons
en rotation est bien plus plausible 22. D’autres hypothèses ont été envisagées (oscillations radiales de
naines blanches ou d’étoiles à neutrons, phénomène orbital), mais elles ne résistent pas à un examen
plus poussé 23.

8.4.2 Modélisation de l’émission d’un pulsar

L’explication du phénomène de pulsar nécessite un modèle d’émission pour une étoile à neutrons
magnétisée en rotation, l’apparition de pulses étant interprétée comme un effet de phare, le rayonnement
étant très collimaté, orienté le long des pôles magnétiques et balayant périodiquement la ligne de visée
vers la Terre du fait d’un désalignement de l’axe magnétique par rapport à l’axe de rotation. On a alors
la situation schématisée 24 sur la Fig. 8.4.

MΩ

αez
eα

Figure 8.4 – Modélisation d’un pulsar. Le moment magnétique dipolaire ~M fait un angle α avec
le vecteur rotation ~Ω.

Dans ce modèle, le champ magnétique est de type dipolaire et la puissance rayonnée du fait de

22. Il faut voir que cette limite inférieure est très conservatrice car une étoile en rotation rapide est nettement aplatie
aux pôles et élargie à l’équateur, de sorte que la force centrifuge y est plus élevée et la gravitation plus faible. Autrement
dit, avec une densité moyenne donnée, l’étoile doit tourner plus lentement que prévu par ce calcul simpliste pour rester
stable, et inversement, si elle tourne aussi vite, c’est qu’elle doit être plus dense.

23. Les oscillations radiales des naines blanches sont trop lentes, celles des étoiles à neutrons trop rapides, et un système
binaire ayant des périodes si courtes coalescerait très vite.

24. La situation est certainement bien plus complexe : la rotation influe sur la structure de l’étoile, le champ magnétique
modifie l’environnement du pulsar, etc.
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la rotation du dipôle magnétique ~M est analogue à la formule de Larmor 25

Prad =
µ0

6πc3

∣∣∣∣∣d2 ~M⊥
dt2

∣∣∣∣∣
2

(8.16)

où µ0 est la perméabilité magnétique du vide, et ~M⊥ est la composante de ~M perpendiculaire à l’axe
de rotation. Il est commode de faire apparâıtre le champ magnétique de surface au pôle magnétique ~B,
dont on peut calculer la valeur en fonction du moment magnétique en assimilant l’étoile à une sphère
de rayon R uniformément magnétisée. On a alors

~M =
2π

µ0
BR3~eα, (8.17)

Partant de l’équation d’évolution du moment magnétique sous la forme vectorielle

d ~M
dt

= ~Ω ∧ ~M (8.18)

on en tire la puissance rayonnée en fonction de B, R, α et de la période P de rotation,

Prad =
(2π)5

3µ0c3
(BR3 sinα)2

P 4
(8.19)

Exercice 82 : Établir l’expression (8.19) de la puissance rayonnée.

8.4.3 Ralentissement du pulsar

Ce rayonnement puise son énergie dans le réservoir d’énergie cinétique de rotation du pulsar. En
effet, la structure de l’étoile est extrêmement rigide, elle ne saurait se contracter et tirer cette puissance
de l’énergie potentielle gravitationnelle. La régularité du phénomène exclut quant à elle une accrétion
de masse. Cette énergie cinétique de rotation est donnée par 26

Er =
1

2
IΩ2 =

1

5
MR2

(
2π

P

)2

(8.21)

La dérivée par rapport au temps de cette énergie doit être égale à l’opposé de la puissance rayonnée,
ce qui permet d’écrire celle-ci en faisant apparâıtre la dérive 27 Ṗ de la période

Prad =
8π2MR2Ṗ

5P 3
(8.22)

Exercice 83 : Établir l’expression (8.22).

On peut estimer numériquement cette puissance, par exemple dans le cas du pulsar du Crabe
(P = 33 ms, Ṗ = 10−12.4, M = 1.5 M�, R = 10 km) et on trouve Prad ≈ 1.3 105 L�. L’essen-
tiel de cette puissance ne se retrouve pas dans les pulses radio (ou même sur l’ensemble du spectre

25. On rappelle que cette formule donne la puissance rayonnée par une particule chargée accélérée, selon

Prad =
q2a2

6πε0c3
(8.15)

où q est la charge la particule et a son accélération.
26. On rappelle que le moment d’inertie d’une sphère homogène de masse M et de rayon R est

I =
2

5
MR2 (8.20)

.
27. La dérive positive traduit le fait que le rayonnement dipolaire extrait effectivement de l’énergie de rotation.
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électromagnétique) observés en direction du pulsar, mais est transportée à plus grande distance, sous
forme mécanique (on parle de vent de pulsar) et électromagnétique, pour ensuite alimenter le reste
de supernova 28. La comparaison des expressions (8.19) et (8.22) de la puissance rayonnée permet de
mettre en évidence la loi de ralentissement du pulsar

PṖ =
5(2π)3R4

6µ0c3M
(B sinα)2 (8.23)

où le membre de droite peut être assimilé à une constante a si l’on suppose que la structure de l’étoile
ne change pas. On peut alors intégrer directement la loi P (t)

P 2 − P 2
0 = 2a(t− t0) (8.24)

Si l’on suppose que la période initiale est P0 � P , on a alors P 2 = 2a(t − t0) et l’âge du pulsar est
simplement donné par

τc = t− t0 =
P 2

2a
=

P

2Ṗ
(8.25)

Numériquement, pour le pulsar du Crabe, on trouve τc ≈ 1300 ans, ce qui est le bon ordre de grandeur
de l’âge réel puisque l’objet est associé à la supernova de 1054.

8.4.4 Champ magnétique du pulsar

À partir de P et Ṗ , on a donc aussi une estimation (plus exactement une limite inférieure, du fait
de l’indétermination sur l’angle α) du champ magnétique à la surface de l’étoile

B >

√
6µ0c3PṖM

5(2π)3R4
= Bmin (8.26)

Numériquement, on trouve, avec les valeurs données plus haut pour le pulsar du Crabe, Bmin ≈ 4 108 T.

Exercice 84 : Établir la limite inférieure (8.26) et vérifier l’estimation numérique

8.4.5 Le diagramme période-dérive

Les relations (8.22), (8.23) et (8.26) montrent qu’à masse et rayon donnés, la puissance rayonnée
Prad, l’âge caractéristique τc et le champ magnétique minimal Bmin sont des fonctions de P et Ṗ

τc ∝
P

Ṗ
Prad ∝

Ṗ

P 3
Bmin ∝

√
PṖ (8.27)

de sorte qu’il est usuel de représenter les populations de pulsars dans un diagramme période-dérive
(logP, log Ṗ ) tel que celui de la Fig. 8.5, où les lieux de même âge caractéristique sont des droites
de pente 1, les lieux d’égale puissance radiative sont des droites de pente 3 et les lieux d’égal champ
minimal sont des droites de pente -1. Ce diagramme permet de suivre l’évolution d’un pulsar, à la
manière du diagramme de Hertzsprung-Russell pour les étoiles ordinaires.

8.4.6 Propagation de l’émission des pulsars

Dispersion des pulses

Les pulses radio émis par les pulsars sont de relativement basse fréquence, de sorte qu’ils sont sujets
à un phénomène de dispersion lors de leur propagation dans le milieu interstellaire, qu’on assimile à un

28. On observe ainsi le rayonnement synchrotron des électrons relativistes du vent de pulsar en interaction avec le
champ magnétique du reste de supernova. La luminosité synchrotron de la nébuleuse du Crabe est de l’ordre de Prad.
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Figure 8.5 – Diagramme période-dérive des pulsars.

plasma fortement ionisé baigné dans un champ magnétique ~B. Pour fixer les idées, on considère
que le plasma est constitué de protons et d’électrons uniquement, et qu’il est globalement neutre
électriquement (np = ne = n), et on suppose que le milieu est homogène 29 (Fig. 8.6).

On considère d’abord que le plasma n’est pas magnétisé ~B = ~0 et la propagation dans ce milieu
d’une onde électromagnétique plane, progressive et monochromatique de pulsation ω. On note
~E et ~B les champs électrique et magnétique associés à cette onde, de vecteur d’onde ~k = k~ez. Pour les
représentations complexes de ces champs, on utilise la convention en e−iωt, c’est-à-dire qu’on écrit

~E(~r, t) = Re[~E(~r, t)] = Re[ ~E0ei(~k·~r−ωt)] ~B(~r, t) = Re[ ~B(~r, t)] = Re[ ~B0e
i(~k·~r−ωt)] (8.28)

où ~E0 et ~B0 sont des vecteurs complexes constants 30. En négligeant la composante magnétique de la

29. Pour des raisons de lisibilité, le milieu interstellaire n’est représenté que partiellement sur ce schéma, mais en réalité
il emplit tout l’espace entre la source et l’observateur.

30. La notation Re[X] désigne la partie réelle de X.
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Figure 8.6 – Propagation d’une onde électromagnétique dans un plasma interstellaire.

force de Lorentz, les équations du mouvement non relativiste d’un électron et d’un proton s’écrivent

me
d~ve
dt

= −e~E mp
d~vp
dt

= e~E (8.29)

ce qui montre que les protons sont bien moins mobiles que les électrons, de sorte que le vecteur densité
volumique de courant se résume à celui porté par les électrons

~j = npe~vp − nee~ve = ne (~vp − ~ve) ≈ −nee~ve (8.30)

On écrit ensuite les équations de Maxwell dans le cadre de la neutralité électrique globale

~∇ · ~E =
ρe
ε0

= 0 ~∇ · ~B = 0 ~∇∧ ~E = −∂
~B
∂t

~∇∧ ~B = µ0
~j +

1

c2
∂~E
∂t

(8.31)

Prenant la dérivée temporelle de l’équation de Maxwell-Ampère et utilisant Maxwell-Faraday pour
transformer le membre de gauche, on obtient, après quelques manipulations sans difficulté, une équation
portant sur la dérivée du vecteur densité de courant

∂~j

∂t
=

1

µ0

[
∆~E − 1

c2
∂2~E
∂t2

]
(8.32)

Exercice 85 : Obtenir l’équation (8.32).

Or on a aussi, d’après l’équation du mouvement,

∂~j

∂t
= −ned~ve

dt
=
ne2

me

~E (8.33)

ce qui donne une équation d’onde pour le vecteur champ électrique

∆~E − 1

c2
∂2~E
∂t2
− µ0ne

2

me

~E = ~0 (8.34)
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La forme harmonique pour le champ électrique permet alors d’établir la relation de dispersion

k2c2 = ω2 − ω2
p (8.35)

faisant apparâıtre la notion importante de pulsation plasma

ωp =

√
ne2

meε0
(8.36)

Exercice 86 : Obtenir la relation de dispersion (8.35)-(8.36).

Il est clair que si ω > ωp alors k2 > 0 et k réel, on a une solution harmonique, l’onde peut
se propager, tandis que si ω < ωp alors k2 < 0 et k imaginaire, on a une solution exponentielle
décroissante, l’onde est atténuée et ne peut se propager. Dans le premier cas, on peut montrer
qu’on a une structure d’onde plane, le trièdre (~k, ~E , ~B) étant trirectangle direct. Il est également
possible de vérifier a posteriori l’hypothèse d’une composante magnétique négligeable de la force de
Lorentz. La vitesse de phase et la vitesse de groupe sont données par

vφ =
ω

k
=

c√
1− ω2

p

ω2

vg =
dω

dk
=
c2

vφ
= c

√
1− ω2

p

ω2
(8.37)

Pour fixer les idées, on prend une densité électronique moyenne ne = 0.03 cm−3 = 3 104 m−3 dans
le milieu interstellaire, ce qui donne une fréquence plasma νp = ωp/(2π) ≈ 1.5 kHz. Cela explique
pourquoi une si faible fraction de l’énergie rayonnée par le pulsar est observée directement,
puisque la fréquence caractéristique est de l’ordre de 1/P soit 30 Hz dans le cas du pulsar du Crabe.

Les pulses radio doivent être traités comme un paquet d’onde, dont l’énergie se propage à la vitesse
de groupe. Pour une source à la distance D, le temps mis par un pulse pour nous parvenir est donc

∆t =

ˆ D

0

dz

vg
(8.38)

En insérant l’expression de la vitesse de groupe et en remarquant que la fréquence d’observation des
pulses est très grande devant la fréquence plasma, on peut obtenir approximativement

∆t(ν) ≈ D

c
+

e2

8π2meε0cν2

ˆ D

0

ndz =
D

c
+
At
ν2

ˆ D

0

ndz (8.39)

ce qui montre que l’arrivée du pulse est plus tardive à plus basse fréquence 31, on a dispersion
des pulses, comme le montre la Fig. 8.7.

Exercice 87 : Obtenir l’expression (8.39)

De la mesure des temps ∆t1 et ∆t2 à deux fréquences ν1 et ν2, on a la mesure de dispersion

D0 =

ˆ D

0

ndz =
∆t1 −∆t2

At

(
1

ν2
1

− 1

ν2
2

) (8.40)

31. La constante introduite ici vaut At ≈ 1,3× 10−7 Hz ·m2.
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Figure 8.7 – Diagramme temps-fréquence du pulsar J1800+5034. Sur le panneau supérieur,
on représente en échelle de couleur l’intensité du signal radio reçu (normalisée à sa valeur maxi-
male), en fonction du temps (axe des abscisses), et pour différentes fréquences (axe des ordonnées).
On notera la présence de deux axes des abscisses, l’un en temps (axe supérieur) et l’autre en
phase (axe inférieur), laquelle repère la rotation sur lui-même du pulsar. La période de rotation
de l’objet est P = 578, 368 ms. Le quadrillage superposé à l’image a un pas de 20 ms en temps
et 5 MHz en fréquence. Sur le panneau inférieur, les pulses observés à des fréquences différentes
ont été ”dé-dispersés” puis moyennés. On observe ainsi ”le” profil du pulse en fonction du temps.
Ces données sont issues de ”Essential Radio Astronomy” (J. J. Condon & S. M. Ransom, 2016,
[https://science.nrao.edu/opportunities/courses/era]).
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On lit par exemple sur le diagramme temps-fréquence (Fig. 8.7) que ∆t1 = 380 ms pour ν1 =
320 MHz et ∆t2 = 160 ms pour ν2 = 365 MHz, d’où on tire D0 ≈ 25 pc · cm−3, en utilisant l’unité
habituelle pour cette grandeur (pc · cm−3). En faisant l’hypothèse d’un milieu de densité électronique
uniforme, on a une estimation grossière de la distance 32

D ≈ D0

n
≈ 830 pc (8.41)

En réalité, on fait plutôt l’inverse : on dispose de mesures de distances par parallaxe et on déduit la
distribution spatiale des électrons à partir des mesures de dispersion.

!ez

!ex

!ey
!ez

!ex

!ey

Polarisation circulaire droite Polarisation circulaire gauche Polarisation linéaire 

!E
!E ψ

!ez

!ex

!ey

!E

Figure 8.8 – États de polarisation d’une onde. Les figures de gauche et centrale montrent la
définition des polarisations circulaires droite et gauche, représentées dans le même système d’axes
que la Fig. 8.6, vues depuis la position de l’observateur. Les cercles en tirets montrent la trajectoire
de l’extrémité du vecteur champ électrique ~E au cours du temps, en un point fixe de l’espace, le
sens de parcours étant indiqué par les flèches. La figure de droite donne la définition de l’angle de
polarisation ψ pour une polarisation linéaire, dans le même système d’axes. Les tirets représentent
le plan d’oscillation du champ électrique ~E .

Mesure de rotation

On considère maintenant que le plasma interstellaire de la Fig. 8.6 est magnétisé, et on décompose
le champ magnétique ~B qui y règne, à ne pas confondre avec le champ magnétique ~B de l’onde, en une
composante ~B⊥ perpendiculaire à la ligne de visée, c’est-à-dire à la direction ~ez de propagation
de l’onde, et une composante ~B‖ = Bz~ez qui lui est parallèle. On rappelle par ailleurs qu’une
onde électromagnétique polarisée circulairement est dite gauche ou droite suivant que le vecteur
champ électrique ~E en un point donné de l’espace tourne dans le sens des aiguilles d’une montre ou
inversement, du point de vue de l’observateur. Le sens de rotation est donc celui représenté sur la
Fig. 8.8. Les vecteurs portant ces polarisations circulaires droite (”+”) et gauche (”−”) peuvent être
représentés en notation complexe par

~e+ = ~ex + i~ey ~e− = ~ex − i~ey (8.42)

L’émission radio des pulsars, elle, est fortement polarisée linéairement. En supposant qu’au niveau
de la source (z = 0) cette polarisation est parallèle à ~ex, on peut écrire le champ électrique ~E comme

~E(z = 0, t) = Re

[
E0e−iωt

(
~e+ + ~e−

2

)]
(8.43)

32. La littérature donne plutôt entre 1.4 kpc et 1.9 kpc pour ce pulsar.
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ce qui correspond à un angle de polarisation ψ = 0, tel que défini sur la Fig. 8.8 (à droite).
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Figure 8.9 – Carte de mesures de rotation sur l’ensemble du ciel. Figure adaptée de N. Opper-
mann et al., Astronomy & Astrophysics, 542, 93, 2012, [https://arxiv.org/abs/1111.6186]

En l’absence de champ magnétique ~B, la relation de dispersion obtenue plus haut donne un nombre
d’onde k(ω) indépendant de l’état de polarisation circulaire, de sorte qu’à la position z, on a

~E(z, t) = Re

[
E0ei[k(ω)z−ωt]

(
~e+ + ~e−

2

)]
(8.44)

ce qui traduit une polarisation toujours rectiligne, dont l’angle de polarisation est inchangé,
ψ(z) = ψ(0) = 0. En présence d’un champ magnétique, et plus spécifiquement d’une composante ~B‖
le long de la ligne de visée, cette relation de dispersion est modifiée et dépend alors de l’état de
polarisation circulaire de l’onde. On a les expressions suivantes des nombres d’onde, respectivement
pour les polarisations circulaires droite (k+) et gauche (k−),

k2
+(ω) =

1

c2

(
ω2 − ωω2

p

ω − ωc

)
k2
−(ω) =

1

c2

(
ω2 − ωω2

p

ω + ωc

)
(8.45)

où ωc = eBz/me est la pulsation cyclotron. On peut montrer qu’alors le champ électrique à la position
z sur la ligne de visée s’écrit

~E(z, t) = Re
[
E0ei(kz−ωt) {cos [ψ(z)]~ex + sin [ψ(z)]~ey}

]
(8.46)

ce qui montre que la polarisation est toujours linéaire, mais qu’elle a tourné, le champ électrique
étant porté par le vecteur ~u(z) = cos [ψ(z)]~ex + sin [ψ(z)]~ey, où l’angle de polarisation est

ψ(z) = ∆kz =

(
ω2
pωc

2cω2

)
z =

(
e3neBz

2ω2cε0m2
e

)
z (8.47)
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Ce phénomène est appelé rotation Faraday.

Exercice 88 : Démontrer les relations (8.46)-(8.47). On supposera que ω � ωp et ω � ωc.

Pour un milieu hétérogène, ne et Bz sont susceptibles de varier sur la ligne de visée. On généralise
alors ce résultat en écrivant que l’angle de polarisation observé dépend de la longueur d’onde selon

ψ(D) = F0λ
2 F0 =

e3

8π2c3ε0m2
e

ˆ D

0

neBzdz (8.48)

où l’on a introduit la quantité F0 appelée mesure de rotation, exprimée usuellement en rad ·m−2.
On la détermine en mesurant l’angle de polarisation à différentes fréquences. Son signe donne celui de
la projection (moyenne) du champ magnétique sur la ligne de visée (positive si le champ pointe vers
l’observateur, négative dans le cas contraire, Fig. 8.9). On peut alors estimer le champ magnétique
le long de la ligne de visée comme moyenne pondérée par ne, soit

〈Bz〉 =

ˆ D

0

neBzdz

ˆ D

0

nedz

=
8π2c3ε0m

2
e

e3

F0

D0
(8.49)
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Chapitre 9
Les trous noirs

Lorsqu’une étoile est suffisamment massive, même l’interaction forte des neutrons ne peut s’opposer
à sa propre gravité lorsque le combustible nucléaire est épuisé. L’étoile s’effondre en trou noir stellaire.
Avec les trous noirs supermassifs au centre des galaxies, ils forment une population d’objets célestes
aux propriétés très particulières, qu’il convient de traiter dans le cadre de la relativité générale 1.

9.1 Historique

9.1.1 Une approche Newtonienne

À la fin du XVIIIè siècle, J. Michell (1783) et P.-S. de Laplace (1796) ont l’intuition d’un corps
céleste dont la lumière ne pourrait s’échapper. Ils se fondent sur une approche corpusculaire de la
lumière et sur la mécanique Newtonienne. Considérant un corps sphérique de masse M et de rayon R,
et une particule de masse m à sa surface, on calcule la vitesse de libération v` de cette dernière en
écrivant que l’énergie mécanique est nulle, cas limite entre un système lié (Em < 0) et un système libre
(Em > 0), ce qui donne

v` =

√
2GM

R
(9.1)

Si l’on concentre la masse M dans un rayon R suffisamment petit, cette vitesse de libération atteint la
valeur de la vitesse de la lumière, v` = c. Autrement dit, si l’on définit un rayon gravitationnel

Rg =
2GM

c2
(9.2)

cet astre ne saurait émettre de la lumière qu’on puisse observer 2 si son rayon est R < Rg. Il convient
de remarquer que cette condition n’implique pas nécessairement un rayon nul et une densité infinie.
mais simplement que sa densité moyenne doit être supérieure à une densité ρg

ρ > ρg =
3M

4πR3
g

=
3c6

32πG3M2
≈ 1.9 1019

(
M

M�

)−2

kg ·m−3 (9.3)

ce qui montre que la densité des trous noirs stellaires est effectivement très grande, mais que celle des
trous noirs supermassifs peut être assez faible 3.

1. Nous n’entrerons pas dans les détails de la théorie relativiste de la gravitation, qui occuperait un cours entier.
2. Michell a néanmoins l’intuition des effets gravitationnels que ces astres pourraient engendrer dans leur voisinage :

”S’il arrivait que quelque autre corps lumineux tourne autour d’eux, des mouvements de ces corps tournants, nous
pourrions peut-être encore déduire l’existence du corps central avec quelque degré de probabilité.”

3. ”Un astre lumineux, de la même densité que la Terre, et dont le diamètre serait 250 fois plus grand que le Soleil,
ne permettrait, en vertu de son attraction, à aucun de ses rayons de parvenir jusqu’à nous. ” (Laplace)
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9.1.2 Les trous noirs en relativité générale

Quelques mois après la publication d’Einstein introduisant la relativité générale (1915), K. Schwar-
schild obtient des solution des équations du champ dans le vide, statiques et en symétrie sphérique.
C’est la métrique de Schwarzschild déjà mentionnée au chapitre précédent, pour laquelle l’intervalle
invariant relativiste s’écrit

ds2 = −
(

1− RS
r

)
c2dt2 +

dr2

1− RS
r

+ r2
(
dθ2 + sin2 θ dφ2

)
(9.4)

où l’on a introduit le rayon de Schwarzschild qui a la même expression que le rayon gravitationnel

RS =
2GM

c2
(9.5)

Cette solution à un paramètre, la masse M de l’objet central, s’applique à l’extérieur de tout astre
sphérique statique, mais elle permet de décrire l’espace-temps d’un trou noir relativiste statique
et sans charge électrique, pour tout r > 0, toute la masse M étant concentrée en r = 0. Cette sin-
gularité à l’origine des coordonnées 4 posait problème à Einstein, qui n’y croyait pas, malgré le calcul
de l’effondrement gravitationnel d’une étoile massive par J. R. Oppenheimer et H. Snyder (1939). Les
années 1950-1960 voient alors un ”âge d’or de la relativité”, avec la démonstration par D. Finkelstein
(1958) que le rayon de Schwarzschild correspond à un horizon des évènements englobant une région
à tout jamais inaccessible à un observateur extérieur 5, et l’obtention de solutions des équations du
champ pour un trou noir en rotation par R. Kerr (1963) et pour un trou noir en rotation et chargé
électriquement 6 par T. Newman (1965). Du point de vue observationnel, la découverte des sources
X dans les années 1960 a permis d’avancer l’idée que certaines de ces sources puissent être associées
à des trous noirs, via l’émission des disques d’accrétion autour de ces objets. La source Cygnus X-1
(1970) fournit le premier candidat trou noir sérieux, la masse de l’objet central étant d’au moins 6 M�.
L’étude des trous noirs se fera alors essentiellement indirectement au travers de ces émissions en X,
jusqu’à l’avènement des détections d’ondes gravitationnelles associées aux évènements de coalescence
de trous noirs (2015), et à l’imagerie directe par interférométrie radio à très longue base (2019).

9.2 L’espace-temps des trous noirs

Dans cette section, on s’intéressera essentiellement au trou noir de Schwarzschild, statique et sans
charge. Le trou noir de Kerr sera abordé dans une section spécifique.

9.2.1 Observateurs statiques, limite statique et horizon des évènements

Pour un observateur A situé à l’infini (r →∞), la métrique de Schwarzschild se réduit à la métrique
de Minkowski d’un espace-temps plat, celui de la relativité restreinte

ds2 = −c2dt2 + dr2 + r2
(
dθ2 + sin2 θ dφ2

)
(9.6)

Si cet observateur est statique (dr = dθ = dφ = 0), on a alors ds2 = −c2dτ2 = −c2dt2 en introduisant
le temps propre τ de l’observateur., de sorte que dans ce cas t = τ . Les coordonnées (t, r, θ, φ) sont

4. La singularité de la métrique de Schwarzschild en r = RS n’est due qu’au choix des coordonnées (t, r, θ, φ), et il
existe d’autres systèmes de coordonnées (Painlevé-Gullstrand ou Eddington-Finkelstein) où elle disparâıt, la métrique y
étant parfaitement régulière. On parle de singularité des coordonnées.

5. Cet horizon masque la singularité, et R. Penrose (1969) en tirera l’hypothèse de censure cosmique selon laquelle
toute singularité de l’espace-temps doit être cachée derrière un horizon.

6. Le théorème de calvitie démontré en 1967 par W. Israël stipule qu’un trou noir n’est caractérisé que par trois
quantités : sa masse M , son moment cinétique J et sa charge électrique Q.
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donc la combinaison de la coordonnée de temps mesurée par un observateur statique à l’infini et des
coordonnées sphériques usuelles. Si l’on considère maintenant un autre observateur B, statique mais à
une distance finie r > RS , on peut écrire l’invariance de l’intervalle pour les deux observateurs

−c2dt2A = −
(

1− RS
r

)
c2dt2B (9.7)

ce qui montre qu’on a une dilatation gravitationnelle des temps 7

dtB
dtA

=
1√

1− RS
r

(9.8)

Autrement dit, le temps de B semble s’écouler plus lentement lorsqu’il est mesuré par A. Pour la même
raison, un signal lumineux émis en r voit sa longueur d’onde décalée vers le rouge pour l’observateur
statique à l’infini (effet Einstein). Si l’on note λ la longueur d’onde du signal émis en B telle que
mesurée par A et λ0 la longueur d’onde de ce signal en l’absence de champ gravitationnel, on a

λ

λ0
=

1√
1− RS

r

= 1 + z (9.9)

où z est le redshift. Le rayon de Schwarzschild r = RS définit également une limite statique à
l’intérieur de laquelle l’immobilité d’un observateur est impossible 8. L’interversion des signes des co-
efficients de la métrique entre r et t lorsqu’on passe de r > RS à r < RS montre qu’à l’écoulement
du temps dt > 0 à l’extérieur du rayon de Schwarschild correspond un seul sens d’évolution de r à
l’intérieur de ce rayon 9., à savoir dr < 0 Toute la matière en r < RS finit par tomber en r = 0. Notons
qu’en r = RS , l’intervalle de temps dtB devient infini, tout comme le redshift, et il n’y a donc pas
moyen de relier causalement l’intérieur et l’extérieur de cette région, on a un horizon des évènements
déconnectant deux régions de l’espace-temps.

9.2.2 Mouvement d’une particule matérielle dans l’espace-temps du trou noir

De l’équation des géodésiques au potentiel effectif

En relativité générale, les équations du mouvement d’une particule de masse m s’écrivent sous la
forme de l’équation des géodésiques 10

∂L

∂xµ
=

d

dτ

(
∂L

∂ẋµ

)
(9.11)

où xµ(τ) = (t, r, θ, φ) représente la trajectoire de la particule dans l’espace-temps, paramétrée par son
temps propre τ , et L est le Lagrangien pour la métrique gµν

L =
√
−gµν ẋµẋν ẋµ =

dxµ

dτ
= uµ (9.12)

7. La solution avec un signe ”-” est écartée par causalité, le temps s’écouleant toujours dans le même sens à l’extérieur
de l’horizon.

8. Pour r < RS , un observateur ne peut demeurer statique puisqu’on aurait alors une contradiction entre les deux
écritures de l’intervalle, avec les coordonnées de Schwarzschild et en utilisant le temps propre,

ds2 = −
(

1−
RS

r

)
c2dt2 > 0 ds2 = −c2dτ2 < 0 (9.10)

9. Ce sens, plutôt que dr > 0, découle de la continuité du cône de lumière en RS , nous ne nous y attarderons pas.
10. On retrouve ici une formulation Lagrangienne de la mécanique.

166



en faisant apparâıtre la quadrivitesse uµ. Dans le cas de la métrique de Schwarschild, on a donc

L =

√√√√√(1− RS
r

)
c2
(

dt

dτ

)2

− 1

1− RS
r

(
dr

dτ

)2

− r2

[(
dθ

dτ

)2

+ sin2 θ

(
dφ

dτ

)2
]

(9.13)

L’application de l’équation des géodésiques à cette forme de Langragien donne quatre équations (une
pour chaque coordonnée). Trois d’entre elles permettent de montrer que :

— Comme dans le cas Newtonien 11, les mouvements sont plans, et on peut orienter le système de
coordonnées de telle manière que θ = π/2 pour l’ensemble de la trajectoire (uθ = 0).

— Il existe deux intégrales premières du mouvement, qu’on peut identifier, en passant à la
limite Newtonienne, comme l’énergie par unité de masse E et le moment cinétique par
unité de masse L. Leurs expressions en relativité générale sont données par

E = c2
(

1− RS
r

)
dt

dτ
L = r2 dφ

dτ
. (9.14)

La dernière des quatre équations peut alors se mettre sous une forme unidimensionnelle

1

2

(
dr

dτ

)2

+ Φ(r) = A (9.15)

où Φ(r) est un potentiel effectif et A est une constante, avec

Φ(r) = −c
2RS
2r

+
L2

2r2
− L

2RS
2r3

A =
1

2

(E2

c2
− c2

)
(9.16)

Exercice 89 : Obtenir l’expression (9.15) directement à partir de l’expression de l’intervalle ds2 en
se plaçant dans le cas θ = π/2 et faisant apparâıtre les intégrales premières du mouvement.

On remarque que l’expression de Φ(r) contient trois termes, dont deux sont connus dans l’ap-
proximation Newtonienne. En effet, en explicitant le rayon de Schwarschild, on a

Φ(r) = −GM
r

+
L2

2r2
− GML2

c2r3
(9.17)

Le premier terme est le terme gravitationnel classique, le deuxième le terme centrifuge 12, et le
troisième est un effet attractif relativiste (qui tend vers 0 lorsque c→∞). On note ΦN le potentiel
effectif Newtonien formé des deux premiers termes

ΦN (r) = −c
2RS
2r

+
L2

2r2
. (9.21)

11. On rappelle que cette propriété classique du problème de Kepler a pour origine le caractère de force centrale de la
gravité, qui assure la conservation du moment cinétique.

12. On rappelle que le cas Newtonien part de la conservation de l’énergie

Em = Ec + Ep =
1

2
mv2 −

GMm

r
=

1

2
m

[(
dr

dt

)2

+ r2

(
dφ

dt

)2
]
−
GMm

r
= Cte (9.18)

et de celle du moment cinétique

mL = mr2

(
dφ

dt

)
(9.19)

pour obtenir l’équation du mouvement en faisant apparâıtre un potentiel effectif Newtonien

1

2

(
dr

dt

)2

−
GM

r
+
L2

2r2
= Cte (9.20)
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Le cas de la chute libre

On prend le cas d’un point matériel lâché sans vitesse initiale depuis un point r = r0 > RS . Le
moment cinétique est alors nul, L = 0 et on a, par conservation de A

1

2

(
dr

dτ

)2

=
c2RS

2

(
1

r
− 1

r0

)
(9.22)

ce qui montre que r 6 r0 et donc dr 6 0, on a une chute libre vers le trou noir. En séparant les
variables, on peut résoudre l’équation du mouvement

cτ = r0

√
r0

RS

[
π

2
− arcsin

√
r

r0
+

√
r

r0

√
1− r

r0

]
(9.23)

Exercice 90 : Établir l’équation du mouvement (9.23). On prendra τ = 0 initialement et on posera
le changement de variable r = r0 sin2 u.

La particule atteint la singularité centrale en un temps fini, mais ne subit rien de particlier en
r = RS . En revanche, si on considère l’évolution de r en fonction de t, il faut résoudre l’équation

dr

dt
= −c

√
RS
r
− RS

r0

√
1− RS

r
(9.24)

et on constate que cette dérivée tend vers 0 lorsque r → RS . Pour l’observateur situé à l’infini, la
particule semble s’approcher asymptotiquement de l’horizon 13 et se figer dans son mouvement,
comme le montre le panneau de droite de la Fig. 9.1.

Figure 9.1 – Chute libre sans vitesse initiale sur un trou noir de Schwarzschild. La figure de
gauche montre la position r en fonction du temps propre de la particule, celle de droite en fonction du
temps t mesuré par un observateur statique à l’infini. [Crédit : F. Daigne]

Si l’on considère un mouvement radial (L = 0) depuis r0 > RS avec une vitesse initiale dirigée vers
l’extérieur, il est possible que la particule s’échappe à l’infini à condition que A > 0, soit

|E| > c2 (9.25)

13. C’est un effet purement relativiste, la particule traverse bien l’horizon !
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Dans le cas contraire, la particule atteindra un rayon maximal rmax avant de retomber inexorablement
vers le trou noir. Ce rayon est donné par

rmax =
RS

1− E
2

c4

(9.26)

Exercice 91 : Établir l’expression de rmax.

Orbites circulaires d’une particule matérielle autour d’un trou noir de Schwarzschild

L’étude des orbites d’une particule matérielle autour d’un trou noir de Schwarzschild repose sur
l’analyse de la forme du potentiel effectif. Il est commode de poser des quantités adimensionnées 14

α =
L
cRS

x =
r

RS
V =

2Φ

c2
(9.27)

de sorte que le potentiel effectif adimensionné V s’écrive

V (x) = − 1

x
+
α2

x2
− α2

x3
(9.28)

L’allure de ce potentiel dépend de manière essentielle du paramètre de moment cinétique α, comme le
montre la Fig. 9.2, qui indique aussi le potentiel Newtonien correspondant, c’est-à-dire sans le terme
en x−3. On peut discuter analytiquement cette allure en cherchant les solutions en orbites circulaires,
à savoir celles pour lesquelles Φ′(r) = 0, ou de manière équivalente, V ′(x) = 0. On montre que :

— Il n’y a pas de solution si α <
√

3 (L <
√

3cRS) ;
— Il y a une unique solution x0 si α =

√
3 (L =

√
3cRS) ;

— Il y a deux solutions xinner et xouter si α >
√

3 (L >
√

3cRS)
Les expressions des solutions dans les deux derniers cas sont

x0 = α2 = 3 xinner = α2

[
1−

√
1− 3

α2

]
xouter = α2

[
1 +

√
1− 3

α2

]
(9.29)

qui correspondent aux rayons réels

r0 = 3RS rinner =
L2

c2RS

[
1−

√
1− 3c2R2

S

L2

]
router =

L2

c2RS

[
1 +

√
1− 3c2R2

S

L2

]
(9.30)

Exercice 92 : Vérifier la forme du potentiel effectif en fonction de α et établir les expressions des
solutions x0, xinner et xouter.

On note que le terme relativiste modifie radicalement le comportement par rapport au cas Newtonien,
pour lequel il existe toujours une unique orbite circulaire, au rayon adimensionné xN = 2α2, soit

rN =
2L2

c2RS
=
L2

GM
(9.31)

qui est un résultat bien connu, puisque c’est la troisième loi de Kepler 15.

14. On peut se restreindre à α > 0 puisque α < 0 est équivalent à L < 0 et que le changement L → −L revient
simplement à changer le sens de parcours de l’orbite.

15. Dans le cas d’une trajectoire circulaire, on a L = rNv = 2πr2
N/P où P est la période du mouvement. La relation

écrite ici donne donc GM = 4π2r3
N/P

2, comme attendu.
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Figure 9.2 – Allure du potentiel effectif autour d’un trou noir de Schwarzschild. Le potentiel
adimensionné Φ/c2 est représenté en fonction de la distance radiale adimensionnée x = r/RS dans le
cas relativiste (traits pleins) et Newtonien (tirets), pour trois valeurs du paramètre α : α = 1 (noir),
α =

√
3 (bleu), et α = 3 (rouge). Le point bleu et les points rouges donnent les positions d’équilibre

dans ces deux derniers cas.

Exercice 93 : Établir l’expression de xN et rN dans le cas Newtonien

Cette solution Newtonienne est la limite classique (c→∞) de la solution relativiste router (ce qui
se voit d’ailleurs sur la Fig. 9.2). En effet on peut écrire celle-ci sous la forme

router =
L2

c2RS

[
1 +

√
1− 3c2R2

S

L2

]
=
rN
2

[
1 +

√
1− 6RS

rN

]
(9.32)

qui démontre le résultat cherché lorsque c→∞ et donc RS → 0 (rN est indépendant de c). La Fig. 9.3
montre ces solutions en fonction du paramètre α.

La stabilité de ces orbites se lit directement 16 sur la Fig. 9.2 : rinner est instable et router est stable.
L’orbite circulaire unique r0 est en limite de stabilité puisque c’est aussi un point d’inflexion. Il s’agit
de la dernière orbite circulaire stable, qui joue un rôle majeur dans la théorie de l’accrétion autour
d’un trou noir puisque le bord interne du disque ne peut pas s’approcher plus près. On peut en déduire
notamment l’efficacité maximale de production d’énergie par accrétion 17.

16. On rappelle que les positions d’équilibre stables sont les minima de l’énergie potentielle et les positions d’équilibre
instables en sont les maxima.

17. Pour un trou noir de Schwarzschild, cette efficacité maximale est de l’ordre de 5.7%, mais elle peut monter à 42.3%
pour un trou noir de Kerr en rotation maximale.
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Figure 9.3 – Solutions d’orbites circulaires autour d’un trou noir de Schwarzschild. Les solutions
relativistes xinner (tirets bleus), xouter (courbe pleine bleue) et Newtonienne xN (courbe pleine noire)
sont représentées en fonction du paramètre α. Le point rouge représente le cas où les orbites stable
xouter et instable xinner se rejoignent, pour α =

√
3.

Orbites générales d’une particule matérielle autour d’un trou noir de Schwarzschild

Bien entendu, il ne suffit pas de résoudre le cas des orbites circulaires, il faut traiter des orbites
générales, qui dépendent de la position initiale (r0, φ0), de l’énergie par unité de masse E et du moment
cinétique par unité de masse L. On a alors trois cas possibles :

— La particule tombe dans le trou noir, éventuellement après le passage à l’apoastre.
— La particule orbite autour du trou noir en passant alternativement par des apoastres et

périastres qui se décalent d’une orbite à l’autre 18.
— La particule part à l’infini, éventuellement après un passage au périastre.
Différents exemples de telles trajectoires sont données sur la Fig. 9.4, pour un cas où α = 1.86 >

√
3.

Six exemples sont montrés, différant par leur valeur de l’énergie par unité de masse E , par leur rayon
initial r0 et par l’orientation de leur vitesse initiale. Les trajectoires (1), (2), (4) et (5) terminent à
l’intérieur de l’horizon des évènements, la trajectoire (3) est bornée, mais non fermée 19, et la trajectoire
(6) part à l’infini.

18. C’est le même phénomène de précession qui s’applique en champ faible à l’orbite de Mercure et a permis une des
premières confirmations observationnelles de la relativité générale. En effet, les effets relativistes se font sentir sur l’orbite
de la planète Mercure, qui précesse lentement au cours du temps. Son périhélie avance au rythme de 574,8 secondes d’arc
par siècle. Une grande partie de cette avance est liée à l’influence des autres planètes, mais toutes corrections faites, il
manque encore 43 secondes d’arc par siècle. La correction de relativité générale permet d’expliquer cet écart restant.

19. On observe le phénomène d’avance du périastre (en bas à gauche de la Fig. 9.4).

171



Figure 9.4 – Trajectoires autour d’un trou noir de Schwarzschild. La figure en haut à gauche
montre le potentiel effectif V en fonction du rayon normalisé r/RS . La région interne à l’horizon est
présentée en grisé, et six exemples de trajectoires issues de (r = r0, φ = 0), notées (1) à (6). Les traits
horizontaux traduisent la conservation de l’énergie, les points noirs le rayon initial r0 et les cercles les
passages éventuels à l’apoastre ou au périastre. Les trois autres figures représentent les trajectoires
correspondantes. [Crédit : F. Daigne]

Le cas des photons

Pour des particules sans masse, comme les photons, le temps propre n’a pas de sens car ds2 = 0.
On utilise donc une autre paramétrisation (sans dimension) des trajectoires xµ(λ) et les équations des
géodésiques s’écrivent alors sous la forme suivante, où A et B sont des constantes,

r2 dφ

dλ
= A

(
1− RS

r

)
dt

dλ
= B

(
dr

dλ

)2

= B2c2 − A2

r2

(
1− RS

r

)
(9.33)
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En introduisant le paramètre d’impact b = A/(Bc) et une coordonnée de temps t̃ = Bλ, on peut
réécrire ces équations sous la forme suivante

r2 dφ

dt̃
= bc

(
1− RS

r

)
dt

dt̃
= 1

(
dr

dt̃

)2

+ Φγ(r) = c2 (9.34)

en faisant apparâıtre un potentiel effectif pour les photons

Φγ(r) =

(
bc

r

)2(
1− RS

r

)
(9.35)

À grande distance r � RS , le temps t̃ s’identifie au temps t mesuré par l’observateur statique à l’infini,
et ce système devient

dφ

dt
≈ bc

r2

(
dr

dt

)2

≈ c2
(

1− b2

r2

)
(9.36)

de sorte que les trajectoires r(φ) sont des droites passant à la distance b du trou noir (d’où le nom de
paramètre d’impact) et faisant un angle φ0 (ou φ0 + π) avec l’axe des abscisses

r(φ) = ± b

cos (φ− φ0)
(9.37)

À grande distance du trou noir, les trajectoires des photons sont rectilignes, comme on s’y attend.

Exercice 94 : Montrer que les équations paramétriques (9.36) donnent bien des solutions rectilignes.

Dans le cas général, il y a déviation de la lumière, comme le montre la Fig. 9.5, et on peut calculer
l’angle de déviation, qui dépend du paramètre d’impact

∆φ =

ˆ
dr

r

√(r
b

)2

+
RS
r
− 1

(9.38)

où l’intégration est effectuée sur l’ensemble de la trajectoire. Pour des trajectoires passant à suffisam-
ment grande distance, on peut faire un développement limité sous l’intégrale, donnant l’expression de
l’angle de déviation d’une lentille gravitationnelle

∆φ =
4GM

bc2
(9.39)

Le potentiel effectif Φγ permet de discuter quelques propriétés des trajectoires des photons. Comme
il n’a qu’un seul extrêmum, qui est un maximum, en r = (3/2)RS , ce rayon correspond à la seule
orbite circulaire (instable) pour les photons. On peut imaginer qu’un observateur téméraire situé à
cette distance et qui regarderait perpendiculairement à la direction du trou noir verrait l’arrière de sa
propre tête... De plus, la valeur maximale du potentiel est

Φγ,max = Φγ

(
3RS

2

)
=

4

27

(
bc

RS

)2

(9.40)

ce qui permet d’écrire (
dr

dt̃

)2

= c2
[
1− Φγ(r)

c2

]
> c2

[
1− 4

27

(
b

RS

)2
]

(9.41)

On en déduit que si le paramètre d’impact b est inférieur à une valeur critique bc = (3
√

3/2)RS , la
trajectoire n’est pas bornée : suivant la direction initiale, un photon est capturé par le trou noir ou
s’échappe à l’infini. Dans le cas contraire b > bc, suivant la position initiale, le photon est capturé par
le trou noir, éventuellement après un passage à l’apoastre, ou part à l’infini, éventuellement après un
passage au périastre.

173



Figure 9.5 – Trajectoires de photons au voisinage d’un trou noir de Schwarzschild. Les photons
arrivent de la droite avec des paramètres d’impact variés. Les trajectoires en gris indiquent les photons
finalement capturés par le trou noir. La région cachée par l’horizon des évènements est en gris, et
les deux cercles indiquent la sphère des photons à r = (3/2)RS et le paramètre d’impact critique
bc = (3

√
3/2)RS . [Crédit : F. Daigne]

9.2.3 Le trou noir de Kerr

Le trou noir de Kerr, à la différence de celui de Scwharzschild, est en rotation, il doit donc être
traité en symétrie axiale et dispose d’un paramètre supplémentaire qui est son moment cinétique J .
Il présente également une singularité en r = 0, cachée par un horizon des évènements dont le rayon est

RH =
GM

c2

[
1 +

√
1−

(
Jc

GM2

)]
(9.42)

Sans surprise, on retrouve le rayon de Schwarzschild lorsque J = 0. À la différence du trou noir de
Schwarzschild, la limite statique d’un trou noir de Kerr n’est pas confondue avec son horizon, mais
se situe un peu plus loin, définissant une région intermédiaire appelée ergorégion 20, à l’intérieur
de laquelle une particule matérielle ne peut rester immobile par rapport aux étoiles lointaines, et est
contrainte de tourner dans le même sens que le trou noir. En d’autres termes, le trou noir entrâıne
l’espace-temps qui l’entoure 21.

20. La limite statique est alors appelée ergosphère, un nom un peu trompeur, puisque cette région n’est pas sphérique.
21. Cette propriété est à l’origine d’un mécanisme possible d’extraction de l’énergie de rotation du trou noir pouvant

expliquer le lancement de jets relativistes dans les AGN.
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9.3 Rayonnement de Hawking

9.3.1 Évaporation d’un trou noir

Classiquement, rien ne peut sortir d’un trou noir, pas même les photons, de sorte qu’il ne rayonne
pas. La mécanique quantique modifie cet état de fait en permettant d’extraire de l’énergie de masse
par la création d’une paire virtuelle particule-antiparticule au voisinage de l’horizon. Une telle paire
peut en effet apparâıtre en ”empruntant” au vide une énergie au moins égale à l’énergie de masse
∆E = 2mc2 (une particule et son antiparticule ont la même masse). Cette fluctuation quantique du
vide est autorisée par effet tunnel, et la durée de vie de cette paire virtuelle est donnée par la relation
d’incertitude de Heisenberg sous la forme ∆E∆t ∼ ~ d’où

∆t ∼ ~
∆E

=
~

2mc2
(9.43)

En supposant que ces particules sont relativistes, on peut estimer leur séparation au bout du temps ∆t,
qui est de l’ordre de leur longueur d’onde Compton

∆x ∼ c∆t ∼ ~c
∆E

∼ ~
2mc

(9.44)

Si cette distance est comparable à la taille caractéristique du trou noir, c’est-à-dire le rayon de l’horizon
∆x ∼ RS , la probabilité qu’une des deux particules échappe à son emprise devient non négligeable.
L’une des particules passe derrière l’horizon et l’autre devient réelle, extrayant ainsi de la masse-
énergie du trou noir. Comme Hawking l’a montré en 1974, on peut y associer un rayonnement, dont
l’énergie caractéristique est donc 22

∆E ∼ ~c
RS

=
~c3

2GM
(9.45)

ce qui correspond à une température caractéristique

T ∼ ∆E

kB
∼ ~c3

2kBGM
(9.46)

dont on va voir qu’elle est, à un facteur numérique près, la température de Hawking

9.3.2 Thermodynamique des trous noirs

Ce rayonnement est l’une des conséquences de la théorie de la thermodynamique des trous
noirs développée par Hawking, fondée sur une analogie entre l’entropie et l’aire d’un trou noir 23.
On définit cette dernière comme la surface de l’horizon des évènements, soit, pour un trou noir de
Schwarzschild

A = 4πR2
S =

16πG2M2

c4
(9.47)

L’entropie d’un trou noir SBH est proportionnelle à son aire A, soit 24

SBH =
1

4
kB

A

l2P
=
kBc

3

4~G
A (9.48)

22. Remarquons que ce sont les particules de masse suffisamment faible qui peuvent ainsi s’échapper, puisque ∆x
augmente lorsque ∆E (et donc m) diminue. On constate sans surprise que plus le trou noir est massif, plus cette
condition est restrictive.

23. Cette idée est due à J. Bekenstein.
24. Le coefficient numérique 1/4 a été déterminé par Hawking.
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où lP est la longueur de Planck, construite à partir des constantes fondamentales ~, G et c, à l’instar
des autres grandeurs de Planck 25

lP =

√
~G
c3
≈ 1.62 10−35 m (9.51)

Exercice 95 : Construire les grandeurs de Planck à partir des constantes ~, G et c.

À partir de cette définition et de l’énergie de masse EBH = Mc2, on peut définir une température
en écrivant la relation connue en physique statistique

1

T
=

dS

dE
(9.52)

Appliquée à EBH et SBH, cette relation définit la température de Hawking 26

TH =
~c3

8πkBGM
(9.53)

Exercice 96 : Démontrer la relation (9.53).

Numériquement, la température de Hawking est extrêmement faible pour les trous noirs stellaires
et les trous noirs supermassifs

TH ≈ 6 10−8

(
M�
M

)
K (9.54)

Seuls les micro trous noirs hypothétiques auraient une température de Hawking élevée. Prenant par
exemple M = 1014 g = 5 10−20 M�, on trouve TH ≈ 1.2 1012 K. Le trou noir rayonnant comme un
corps noir sphérique de rayon RS et à la température TH , on peut en déduire sa luminosité

L = 4πR2
SσT

4
H =

~c6

15360π(GM)2
(9.55)

Exercice 97 : Obtenir la luminosité (9.55). On rappelle que l’expression de σ est donnée en (3.13).

On peut en déduire une équation d’évolution pour la masse M , puisque cette luminosité est associée
à une diminution de la masse-énergie du trou noir

dEBH

dt
= −L (9.56)

de sorte qu’en intégrant et en faisant apparâıtre la masse de Planck et le temps de Planck, on a la loi
d’évolution d’un trou noir de masse initiale M0 comme

M = M0

(
1− t

τ

)1/3

(9.57)

25. On définit aussi la masse de Planck mP , l’énergie de Planck eP et le temps de Planck tP

mP =

√
~c
G

eP =

√
~c5

G
tP =

√
~G
c5

(9.49)

dont les valeurs numériques sont approximativement

mP ≈ 2.18 10−8 kg eP ≈ 1.96 109 J tP ≈ 5.39 10−44 s (9.50)

26. L’existence de cette température est un effet quantique, car dans la limite classique ~→ 0, on a TH → 0.
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avec un temps caractéristique

τ = 5120πtP

(
M0

mp

)3

≈ 6.7 1074

(
M0

M�

)3

s ≈ 2.1 1058

(
M0

M�

)3

milliards d’années (9.58)

Exercice 98 : Démontrer la loi d’évolution de la masse (9.57) avec le temps caractéristique (9.58).

La seule évaporation qu’on peut donc espérer observer est celle des micro trous noirs primor-
diaux 27, dont l’existence n’est pas prouvée. Remarquons à ce propos que l’évaporation du trou noir
n’est possible que si la température de l’environnement thermique du trou noir est inférieure à TH , qui
est elle-même très faible, sauf justement pour les micro trous noirs. En particulier, il faut que TH soit
supérieure à la température du fond diffus cosmologique, actuellement de 2.7 K. D’autre part, un trou
noir qui s’évapore devient de plus en plus chaud (TH ∝ 1/M). Il faut noter que les derniers instants
d’un trou noir sont difficiles à décrire, car les effets de gravité quantique interviennent lorsque le rayon
du trou noir devient de l’ordre de sa longueur d’onde Compton,

~
Mc
∼ 2GM

c2
(9.59)

ce qui correspond à M ∼ mP . Le traitement correct des ultimes instants d’un trou noir en évaporation
requiert donc une physique encore très incertaine.

27. Pour le micro trou noir mentionné plus haut, on a τ ' 2.6 milliards d’années.
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Chapitre 10
Le milieu interstellaire

10.1 Introduction

10.1.1 Un système physique complexe

Le milieu interstellaire (MIS) 1 désigne, par définition, l’ensemble des régions de l’espace situées
entre les étoiles, à l’intérieur d’une galaxie. On peut le distinguer des environnements circumstellaires
où les processus physiques sont dominés par l’influence d’une étoile centrale, et des environnements
intergalactiques qui sont constitués d’un plasma très chaud et très diffus, en interaction avec les struc-
tures de la matière noire à grande échelle. Tous ces milieux présentent néanmoins des caractéristiques
communes, et sont régis par les mêmes processus physiques.

Composé d’un mélange de gaz et de poussières, le MIS est parcouru par des particules de haute
énergie que sont les rayons cosmiques, baigné de rayonnements électromagnétiques d’origines
diverses couvrant l’ensemble du spectre, agité par la turbulence et les chocs, et traversé par un champ
magnétique omniprésent. Il est le siège de la formation des étoiles et des systèmes planétaires, à la
fin d’un processus complexe où gravité, turbulence, et champs magnétiques jouent un rôle essentiel. Il
est aussi le lieu où ces étoiles réinjectent matière et énergie tout au long de leur vie, parfois de
manière cataclysmique, en enrichissant le MIS en éléments chimiques nouveaux, qui se combinent
pour former des molécules d’une surprenante complexité pour un environnement aussi hostile.

S’il est très peu massif, représentant ∼10% de la masse baryonique de la Galaxie 2 et ∼1% de sa
masse totale, laquelle est dominée par la matière noire, le MIS joue un rôle majeur dans la formation
et l’évolution des étoiles, au cœur d’un véritable écosystème Galactique (Fig. 10.1). En effet, il est
observé que les étoiles naissent au sein des régions les plus denses et froides du MIS, les nuages
moléculaires, et que ces mêmes étoiles rétroagissent 3 constamment sur le MIS environnant. Pour les
astrophysiciens, le MIS apparâıt également comme le pinnacle des systèmes physiques complexes,
car les processus qui le régissent, en interaction parfois fortement non-linéaire, couvrent l’ensemble des
domaines de la physique, de la mécanique à l’électromagnétisme, en passant par la thermodynamique et
les processus quantiques. Enfin, le MIS est un laboratoire de la physique dans des conditions extrêmes,
puisque la densité des particules qu’on y trouve varie typiquement de ∼ 4 10−3 cm−3 dans les régions
les plus diffuses, à ∼ 106 cm−3 dans les régions les plus denses 4, et que les températures peuvent
atteindre des valeurs extrêmes, de ∼ 10 K à 106-107 K. En résumé, le MIS est donc tout à la fois le
rêve et le cauchemar des astrophysiciens.

1. En anglais interstellar medium (ISM).
2. Par convention, ”la Galaxie”, avec une majucule, désigne notre galaxie.
3. En anglais, on parle de feedback.
4. Remarquons que cette densité de particules est encore environ un million de fois plus faible que celle des vides les

plus poussés réalisés en laboratoire.
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Figure 10.1 – Le cycle de la matière interstellaire.

10.1.2 Des questions fondamentales, parfois encore ouvertes

Si l’on se penche un peu plus précisément sur la connection entre physique du milieu interstellaire
et formation des étoiles, on devra s’interroger sur les processus capables de mener du gaz interstellaire
diffus (densité de protons 5 nH ∼ 10 cm−3) aux densités des objets stellaires (nH ∼ 1023 cm−3), soit
22 ordres de grandeur en densité. On évoquera alors la question du taux de formation stellaire
(SFR), qui représente la masse de nouvelles étoiles formées par unité de temps,

Ṁ? ≡
dM?

dt
(10.2)

qu’on estime à environ Ṁ? ≈ 1 M� · an−1 dans notre Galaxie, soit deux ordres de grandeur inférieur à
celui auquel on s’attendrait si l’on laissait le gaz disponible s’effondrer sur lui-même sous l’effet de sa
propre gravité. Cette régulation de la formation stellaire, au travers de l’action de la turbulence, du
champ magnétique, et des processus de rétroaction, est encore mal comprise. Tout le gaz disponible
MH n’étant pas incorporé dans des étoiles, il se pose la question de savoir ce qui détermine l’efficacité
de la formation stellaire (SFE)

η ≡ M?

MH
(10.3)

Dans le même thème, on cherche à comprendre ce qui gouverne la fonction de masse initiale des
étoiles (IMF), c’est-à-dire la distribution en masse des nouvelles étoiles (Fig. 10.2), définie par

ξ (M?) ≡
dN

d logM?
= M?

dN

dM?
(10.4)

5. La densité de protons, parfois appelée densité totale du gaz, est la somme des densités des différentes formes de
l’hydrogène, affectées des coefficients ”stœchiométriques”

nH = n(H) + n
(
H+
)

+ n
(
H−
)

+ 2n (H2) (10.1)
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où dN est le nombre d’étoiles formées dont la masse est comprise en M? et M? + dM?, étant entendu
que cette masse initiale est un paramètre déterminant pour l’ensemble de la vie des étoiles. On ne sait
pas encore précisément, en particulier, si cette fonction est ”universelle” ou bien si elle dépend des
conditions environnementales.

Figure 10.2 – Fonction de masse initiale des étoiles [37].

On ne comprend pas encore bien non plus comment est régie la structuration du milieu interstellaire,
dont on observe qu’il existe sous plusieurs phases thermodynamiques distinctes, et comment le gaz
évolue dynamiquement d’une phase à l’autre. Dit plus généralement, on cherche à comprendre com-
ment interagissent les processus physiques qui déterminent la structure, la dynamique, et l’évolution du
milieu interstellaire, sa composition chimique et ses conditions physiques (densité, température, frac-
tion d’ionisation), étant entendu qu’il convient également de comprendre comment on peut, d’abord,
déterminer ces conditions physiques à partir des observations.

La physique du MIS joue également un rôle dans la formation des systèmes planétaires, qui naissent
en même temps que les objets stellaires jeunes (Young Stellar Objects, YSO), au sein de disques
protoplanétaires (Proto-Planetary Disks, PPD). La composition chimique de ces nouvelles planètes
est potentiellement héritée de celle du nuage interstellaire parent, mais elle est peut-être, au contraire,
fortement altérée. C’est la question de l’héritage chimique au cours de la formation stellaire. Ce pro-
cessus de contraction fantastique nécessitant l’évacuation d’une grande quantité de moment cinétique,
on observe la formation de jets protostellaires et de flots (ouflows en anglais), qui impactent le milieu
environnant. D’autres processus de rétroaction sont d’ailleurs à l’œuvre, vents stellaires des étoiles
jeunes comme évoluées, rémanents de supernovæ (supernovæ remnants, SNR), formation de régions
Hii autour des jeunes étoiles massives, qui peuvent potentiellement expliquer la formation de nouvelles
étoiles par compression des régions voisines (triggered star formation) ou au contraire supprimer cette
possibilité en dispersant le gaz accumulé (negative feedback).

Enfin, la physique du MIS participe à l’évolution des galaxies. Ainsi, la variabilité de l’efficacité de
formation stellaire prend, à l’échelle des galaxies, la forme de la loi de Kennicutt-Schmidt (Fig. 10.3)
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Figure 10.3 – Relation de Kennicutt-Schmidt entre la densité surfaçique du gaz atomique et
moléculaire et le taux surfaçique de formation stellaire [38].

reliant le taux de formation stellaire par unité de surface à la densité surfacique du gaz, ΣSFR ∝ ΣαH, avec
un exposant α de l’ordre de 1.5, mais qui tend à diminuer (α ∼ 1) dans les galaxies les plus massives.
Aux échelles cosmologiques (Fig. 10.4), on observe une évolution du taux de formation stellaire en
fonction du redshift, avec un maximum aux alentours de z ∼ 2-3 (cosmic noon), une augmentation
de la densité stellaire ρ?(z) et de la métallicité Z(z) aux redshifts les plus bas, toutes tendances qu’on
interprète comme étant dues à l’incorporation des baryons du gaz interstellaire dans les étoiles, à la
nucléosynthèse stellaire, et à la réinjection de ces éléments dans le milieu interstellaire via les vents
et les supernovæ. Les poussières jouant un rôle important dans le refroidissement du gaz nécessaire à
la formation des étoiles, cela pose la question des processus à l’œuvre dans des environnements à très
faible métallicité, pour former les premières étoiles (population III).
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Figure 10.4 – Evolution du taux de formation stellaire, de la densité des étoiles et de la
métallicité avec le redshift [39].

10.2 Structure et composition du MIS

10.2.1 Un tour de la Galaxie

Notre Galaxie (Fig. 10.5) est une spirale barrée, dont le disque stellaire fait approximativement
15 kpc de rayon. Le système solaire se trouve à environ 8.5 kpc du centre Galactique, au sein du bras
d’Orion. Dans celui-ci et dans les autres bras (Persée, Règle-Cygne, Centaure et Sagittaire), on observe
des étoiles jeunes et massives de type spectral O et B, souvent formées en amas, et qui produisent
des régions Hii. On y observe également des nuages sombres (dark clouds) où la poussière éteint
le rayonnement des étoiles d’arrière-plan. Dans le disque, la distribution verticale des étoiles suit ap-
proximativement une loi exponentielle, avec une échelle de hauteur de l’ordre de 250 pc. Au centre
de la galaxie, un bulbe approximativement sphérique, de rayon 2 kpc, contient très peu de gaz ou de
poussière, et donc principalement de vieilles étoiles, avec une densité pas si différente néanmoins de
celle du voisinage solaire (∼ 1 M� · pc−3). Un halo sphérique, de rayon 30 à 40 kpc, est principale-
ment constitué d’amas globulaires, Là encore, il y a très peu de poussière et de gaz, et le halo est
principalement composé de vieilles étoiles de faible métallicité. Enfin, un halo sphérique de matière
noire d’un rayon de 100 à 200 kpc englobe le tout.

Au voisinage du Soleil, la densité du gaz est très faible, de l’ordre de 5 10−2 cm−3, et la température
est très élevée (∼ 106 K), ce qui correspond aux conditions du gaz coronal ou HIM pour Hot Ioni-
zed Medium. On a de bonnes raisons de penser que cette bulle locale, de forme approximativement
ellipsöıdale, grossièrement centrée sur le Soleil et de rayon ∼ 150-200 pc, a pour origine des restes de
plusieurs supernovæ ayant explosé il y a 10 à 15 Myr [40].

10.2.2 Bilans de masse

Si la masse totale de la Galaxie, jusqu’aux confins du halo de matière noire, est estimée à environ
1.5 1012 M� [41], celle à l’intérieur d’un rayon de 15 kpc autour du centre Galactique est d’environ
1011 M�, répartie également entre les étoiles (∼ 5 1010 M�) et la matière noire (∼ 5 1010 M�). Dans
ce même volume, la masse de gaz est estimée à environ ∼ 6.7 109 M�, dont 73% d’hydrogène et
27% d’hélium, les autres éléments contribuant de manière négligeable au bilan de masse. L’hydrogène
est présent sous différentes formes : 60% sous forme atomique neutre Hi, 23% sous forme ionisée
Hii et 17% sous forme moléculaire H2, ces pourcentages étant entendus en masse.

Le MIS Galactique est l’un des éléments d’un système dynamique plus vaste, et il échange de
la masse avec les autres éléments de ce système que sont le milieu intergalactique, les étoiles, et les
vestiges stellaires (naines blanches, étoiles à neutrons, trous noirs). On estime ainsi l’influx de masse 6

du milieu intergalactique vers le milieu interstellaire Galactique à environ 0.5 M� · an−1. Dans le même

6. Dû à la chute dans le puits de potentiel de la matière noire
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Figure 10.5 – Structure de la Galaxie

temps, 1.3 M� · an−1 sont convertis en étoiles à partir du MIS, c’est le fameux taux de formation
stellaire déjà mentionné. Au travers des épisodes de perte de masse (vents, nébuleuses planétaires,
novæ et supernovæ), 0.5 M� · an−1 sont retournées au MIS. Enfin, 0.2 M� · an−1 sont bloqués ad
vitam æternam dans les vestiges stellaires.

10.2.3 Les composantes de la physique interstellaire

Les différents acteurs de l’écosystème interstellaire, qu’on présentera plus en détail dans la suite,
sont :

— Le gaz, constitués d’ions, d’atomes et molécules présentant le plus souvent des distributions
de vitesses thermiques (distribution de Maxwell-Boltzmann), étant entendu que la température
peut varier d’un point à un autre.
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— Les poussières, des particules solides mélangées au gaz, de formes complexes, dont la taille varie
typiquement de ∼ 1 nm à ∼ 0.1µm, et constitués majoritairement d’éléments lourds (carbone,
silicium, magnésium, fer, oxygène). On distingue les grains carbonés et les silicates.

— Les rayons cosmiques, des particules de haute énergie, essentiellement des électrons, des pro-
tons et des noyaux atomiques, accélérés à des vitesses relativistes.

— Le rayonnement électromagnétique, qui a plusieurs origines : rayonnement stellaire dans le
visible et l’UV, émission thermique des poussières dans l’infrarouge, raies spectrales atomiques
et moléculaires, rayonnement free-free (autrement appelé Bremsstrahlung), rayonnement syn-
chrotron, rayonnements X et γ associés aux objets compacts, et, baignant le tout, le fond diffus
cosmologique (CMB).

— Le champ magnétique, dont l’origine est liée à un effet dynamo du fluide ionisé en mouvement
que constitue le MIS Galactique. Il canalise la propagation des rayons cosmiques et participe à
leur accélération. Il joue également un rôle dynamique dans la formation des structures du MIS
et la régulation de la formation stellaire.

— Le champ gravitationnel, essentiellement dû aux étoiles, il peut être localement dominé par
l’auto-gravité de la masse de gaz dans les régions les plus denses.

— La turbulence, entretenue par la rotation différentielle de la Galaxie et par les explosions de
supernovæ, elle joue un rôle dans la formation des strucure du MIS et régule en partie la formation
stellaire.

10.2.4 Densités et bilan d’énergie du MIS

À ces différents acteurs sont associées diverses formes d’énergie dont il est possible d’estimer la
densité volumique, au moins pour le MIS local : énergie thermique, énergie cinétique turbulente, énergie
radiative des étoiles, énergie radiative des poussières, CMB, énergie magnétique, énergie des rayons
cosmiques, énergie gravitationnelle. On constate que toutes ces densités d’énergie sont du même
ordre de grandeur, entre 0.3 eV · cm−3 et 1.4 eV · cm−3. On est donc dans une situation proche de
l’équipartition. Il est probable que certaines ”identités” soient fortuites, mais d’autre témoignent des
forts couplages entre processus physiques.

Par conséquent, il est souvent difficile de négliger un processus devant les autres, rendant la physique
du MIS extrêmement complexe à résoudre. C’est d’autant plus vrai que le MIS est loin d’être à
l’équilibre thermodynamique : de même qu’il échange de la masse avec son environnement, il échange
aussi de l’énergie. Il en reçoit essentiellement de la part des étoiles (rayonnement UV et énergie cinétique
des ejecta de supernovæ), la convertit sous les diverses formes mentionnées à l’instant, et il la perd in
fine en rayonnant vers le milieu extragalactique.

10.3 Le gaz interstellaire

10.3.1 Un milieu multiphasique et dynamique

Le gaz interstellaire se présente sous différentes phases (Fig. 10.6), caractérisées par des valeurs no-
tablement différentes de la densité du gaz nH, de la température T , ou encore de la fraction d’ionisation
xe = ne/nH. On distingue ainsi :

— Le gaz coronal ou HIM (Hot Ionized Medium) : très chaud (T ∼ 106 K à 107 K) et diffus
(nH ∼ 4 10−3 cm−3), il remplit une grande fraction du volume du MIS (fV ∼ 0.5), mais n’en
représente que 2% en masse. Il est issu des restes d’explosions de supernovæ.

— Le gaz Hii photo-ionisé ou WIM (Warm Ionized Medium) : lui aussi très chaud (T ∼ 104 K),
il peut présenter des densités variables (nH ∼ 0.3 cm−3 à 104 cm−3 car il est associé aux régions
Hii dont l’évolution démarre de régions denses des nuages moléculaires. De ce fait, il représente
18% en masse du gaz, malgré sa faible fraction volumique fV ∼ 0.1.

— Le gaz atomique chaud ou WNM (Warm Neutral Medium) : légèrement moins chaud (T ∼
5000 K), sa densité est typiquement ∼ 0.6 cm−3. Il représente 40% en volume (fV ∼ 0.4) et
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Figure 10.6 – Les différentes phases thermodynamiques du gaz interstellaire. Adapté de [3].

30% en masse du gaz.
— Le gaz atomique froid ou CNM (Cold Neutral Medium) : nettement plus froid (T ∼ 100 K) et

dense (nH ∼ 30 cm−3), il se forme par instabilité thermique du WNM pour certaines conditions
de pression. Il occupe seulement 1% du volume du MIS, mais représente 20% de la masse du
gaz.

— Le gaz moléculaire diffus : de température et de densité proches de celles du CNM (T ∼ 50 K
et nH ∼ 100 cm−3), il se caractérise par la prépondérance de la forme moléculaire de l’hydrogène.
Il occupe 0.1% du volume du MIS.

— Le gaz moléculaire dense : légèrement plus froid (T ∼ 10 K à 150 K) et potentiellement
nettement plus dense (nH ∼ 103 cm−3 à 106 cm−3), il forme des structures auto-gravitantes
occupant un volume très faible (fV ∼ 10−4) dans lesquelles naissent les étoiles.

On notera que le HIM, les deux milieux atomiques (WNM, CNM) et le milieu moléculaire diffus sont
en équilibre de pression, avec P/kB = nHT ∼ 3000 K · cm−3. Il faut également être conscient qu’on
observe en réalité un continuum de conditions physiques, et non une séparation aussi claire que cette des-
cription pourrait le laisser entendre, et que le gaz transite d’une phase à l’autre de manière dynamique,
sous l’effet de processus divers de chauffage (ondes de choc des supernovæ, effet photoélectrique sur
H et He ou sur les grains), de refroidissement (expansion adiabatique, rayonnement free-free, raies
atomiques et moléculaires) et d’ionisation (collisionnelle, par les photons UV des étoiles ou les rayons
cosmiques).
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Enfin, chaque phase est observée par le biais de traceurs spécifiques :
— Emission UV, X et synchrotron radio pour le gaz coronal ;
— Emission continuum radio et raies de recombinaison optique de l’hydrogène pour le WIM ;
— Absortion et émission du Hi à 21 cm, émission infrarouge de la poussière, raies de structure fine

(Cii, Oi) et raies d’absorption UV/visibles des métaux pour le gaz atomique ;
— Emission du monoxyde de carbone et d’autres molécules (raies rotationnelles millimétriques) et

de la poussière dans l’infrarouge lointain, raies d’absorption électronique de H2 pour les phases
moléculaires.

.

10.3.2 Composition chimique

Eléments chimiques

Du point de vue des éléments chimiques qui composent le gaz, si 99% des atomes présents sont H ou
He (avec un rapport en nombre xHe = NHe/NH ≈ 0.1), et donc issus de la nucléosynthèse primordiale en
compagnie de traces de deuterium et de lithium (34 ppm et 2 10−3 ppm par rapport à H, respectivement),
les autres éléments présents dans le MIS sont issus de la nucléosynthèse stellaire, aussi appelée
astration. Les plus abondants sont O (537 ppm), C (295 ppm), Fe (93 ppm), N (74 ppm), Mg (44 ppm)
et Si (36 ppm). Les vents stellaires et les explosions de supernovæ permettent cet enrichissement du
MIS, quantifié par la notion de metallicité, définie comme

Z =
∑
i>He

mi

M
= 1−X − Y (10.5)

où mi est la masse de l’élément i présent dans un système de masse totale M . X et Y représentent les
fractions en masse de l’hydrogène et de l’hélium. On prend souvent la métallicité solaire Z� = 0.0134
comme référence, et on constate par exemple que la métallicité augmente vers le centre Galactique,
avec typiquement un gain de 0.1 par kpc, ce qu’on interprète comme l’effet d’une formation stellaire
plus intense dans les régions centrales de la Galaxie.

Molécules

Les éléments, loin de rester isolés, forment des édifices moléculaires parfois complexes. On a détecté
plus de 200 molécules dans le milieu interstellaire ou les environnements circumstellaires (Fig. 10.7),
via leurs signatures spectrales, qu’il s’agisse de transitions électroniques dans le visible ou l’UV ou de
transitions rovibrationnelles dans les domaines infrarouge et radio. On détecte notamment des espèces
isotopologues, dans lesquelles un atome est celui d’un isotope minoritaire, telles 13C16O. L’intérêt
de ces isotopologues est que ces espèces minoritaires peuvent présenter des raies optiquement minces,
permettant une mesure de la densité de colonne, là où l’espèce majoritaire est saturée. Il faut prendre
garde que le rapport des abondances des espèces moléculaires peut ne pas refléter le rapport isoto-
pique élémentaire, en raison de processus chimiques favorisant tel ou tel isotope, notamment à basse
température. On parle de fractionation isotopique. Un cas particulier important est celui des espèces
deutérées, où D remplace H, comme DCN ou NH2D+, auquel cas on parle de deutération. Notons
enfin que certaines espèces détectées dans les environnements d’étoiles évoluées, telles le carbure de
silicium (SiC), sont très probablement les précurseurs d’édifices plus gros, les grains de poussière.

10.3.3 Un exemple de phase ionisée, les régions Hii

Les régions Hii se forment autour des étoiles chaudes de type spectral O et B, qui fournissent un
flux important de photons au-delà de la limite de Lyman, soit E > 13.6 eV, ionisant donc une grande
partie du gaz environnant. Ces régions sont tracées notamment dans le domaine optique par des raies
de recombinaison en émission (la raie Hα leur donne leur couleur rouge) et elles sont ainsi utilisées,
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Figure 10.7 – Quelques unes des molécules détectées dans le milieu interstellaire.
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via l’observation de ces raies, pour caractériser la formation stellaire dans les galaxies extérieures
(Fig. 10.8). L’une des propriétés importantes de ces régions est que leur température est sensiblement
la même d’un objet à l’autre, avec T ∼ 7 103-104 K, les variations étant dues essentiellement au type
d’étoile responsable de l’ionisation et à la métallicité du gaz.

Figure 10.8 – Exemples de régions Hii. La nébuleuse Triffide (M20) et la nébuleuse d’Orion (M42).

Figure 10.9 – Modèle de la sphère de Strömgren.

Modèle de la sphère de Strömgren

Le modèle standard pour décrire une région Hii est celui de la sphère de Strömgren (Fig. 10.9).
C’est un modèle statique, à symétrie sphérique, faisant les hypothèses d’une densité nH du gaz environ-
nant uniforme et d’une ionisation complète (xe = 1). La taille de la région, appelée rayon de Strömgren
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RS , est déterminée par l’équilibre d’ionisation-recombinaison dans la zone interne, en introduisant le
taux de production des photons Lyman Q0, typiquement de l’ordre de 1049 s−1,

Q0 =
4

3
πR3

SαBnen
(
H+
)

=
4

3
πR3

SαBn
2
H (10.6)

faisant intervenir un coefficient de recombinaison de l’hydrogène αB , de l’ordre de quelques 10−13 cm3 · s−1.
Le rayon de Strömgren qu’on en tire prend la forme

RS ≈ 9.77 1018

(
Q0

1049 s−1

)1/3 ( nH

100 cm−3

)−2/3
(

T

104 K

)0.28

cm (10.7)

et a donc pour ordre de grandeur quelques parsecs. La frontière entre la région Hii et le gaz neutre
qui l’entoure est bien marquée, car le libre parcours moyen d’un photon Lyman dans la région neutre
est beaucoup plus petit 7

lHI ∼
1

σpinH
∼ 3.4 1015

( nH

100 cm−3

)−1

cm� RS (10.8)

Exercice 99 : Estimer le flux de photons Lyman Q0 pour différentes étoiles, en faisant l’hypothèse
d’une émission de corps noir à la température T?.

Exercice 100 : Vérifier l’expression (10.7), en allant chercher l’expression de αB(T ) dans [3].

Notons qu’il est possible de tenir compte de l’hélium, en notant que le taux de recombinaison
He+ + e− → He est environ le double de celui de l’hydrogène, que le taux de production pertinent, Q1,
est celui des photons d’énergie hν > 24.6 eV (potentiel d’ionisation de He dans son état fondamental),
et du rapport des abondances n(He)/n(H) ≈ 0.1. En fonction du type spectral, on trouve que la zone
Heii est interne à la région Hii, avec un rayon au maximum égal à celui de la zone Hii.

Échelles de temps

Le modèle statique ci-dessus peut-être obtenu en écrivant l’égalité de deux temps caractéristiques,
celui d’ionisation τi et celui de recombinaison τr, avec

τi =
4πR3

SnH

3Q0
τr =

1

αBnH
(10.9)

qui sont tous deux de l’ordre de 103 an pour une densité nH = 100 cm−3. Il existe cependant un autre
temps caractéristique, celui de l’établissement de l’équilibre de pression 8. Ce temps τp est lié à la
vitesse du son cs dans le gaz,

τp =
RS
cs
≈ 2.4 105

(
Q0

1049 s−1

)1/3 ( nH

100 cm−3

)−2/3

an (10.10)

et est donc sensiblement plus grand que τi = τr. Il en résulte que, si l’équilibre d’ionisation est établi
rapidement, un déséquilibre de pression est possible, ce qui amène potentiellement le développement
d’ondes de choc.

Nébuleuses planétaires vs. régions Hii

Les nébuleuses planétaires (Planetary Nebulæ, PN) sont constituées du gaz en expansion rapide
(vw ∼ 20 km · s−1) expulsé par une étoile en fin de vie sur la branche asymptotique des géantes (AGB).

7. Ce calcul se fonde sur la valeur de la section efficace de photo-ionisation σpi de H pour hν = 18 eV, qui est l’ordre
de grandeur de l’énergie moyenne des photons Lyman autour des étoiles O et B.

8. En effet, le doublement du nombre de particules par l’ionisation et l’augmentation de la température entre le gaz
neutre initial et celui de la région photo-ionisée provoquent une augmentation nette de la pression dans la région Hii par
rapport au gaz neutre environnant.
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Figure 10.10 – Quelques nébuleuses planétaires.

La naine blanche centrale, très chaude (T > 105 K) ionise ce gaz 9, qui se refroidit via des raies de
recombinaison optiques qui leur donnent leurs magnifiques couleurs 10. La première nébuleuse planétaire
répertoriée est celle de l’Haltère, découverte par Messier en 1764, et on en connâıt environ 1500 dans
notre Galaxie (Fig. 10.10). Elles présentent souvent des morphologies complexes, qu’on pense être
associées à la présence d’un compagnon stellaire brisant la symétrie sphérique.

Physiquement, la différence fondamentale entre ces nébuleuses planétaires et les régions Hii, hormis
leur origine, réside dans la différence de température de l’objet central, et donc dans la dureté du
spectre électromagnétique, nettement plus importante 11 dans le cas des PN. De ce fait, l’hélium y
est entièrement ionisé (Heiii) et d’autres éléments le sont plus fortement que dans les régions Hii (Oiv,
Neiv, Nev). De plus, le chauffage photoélectrique est plus important, ce qui amène à des températures
d’équilibre plus élevées, Teq ∼ 16000 K.

10.3.4 Origine des phases du gaz atomique

Les phases froide (CNM) et chaude (WNM) du gaz atomique ont pour origine un phénomène
d’instabilité thermique. Pour le décrire, il faut discuter de la détermination de la température du gaz
Hi, qui repose sur la description des processus de chauffage et de refroidissement du gaz.

Processus de chauffage

Le processus dominant le chauffage du gaz Hi est l’effet photoélectrique sur les grains : l’arrachement
d’un électron par un photon UV confère à ce photo-électron une énergie cinétique suprathermique,
qu’il va céder au gaz par collisions élastiques, et donc le chauffer.

L’énergie nécessaire pour extraire un électron d’un grain de poussière, appelée travail de sortie
ou travail d’extraction (work function en anglais), est de l’ordre de W ∼ 5 eV, mais les efficacités
d’arrachement sont faibles proche du seuil, donc les photons responsables du chauffage par ce biais sont
essentiellement ceux d’énergie 8 à 13.6 eV. L’énergie cinétique disponible Epe est ainsi Ec ∼ 3−8.6 eV
correspondant à une température 3.5 104 K à 105 K, ce qui montre bien qu’on a une source de chauffage
du gaz. Le taux de chauffage volumique s’écrit [3]

Γpe = 1.4 10−25 nH

10 cm−3

nFUV

3 10−3 cm−3

〈σabs〉
10−21 cm−2

〈Y 〉
0.1

〈Epe〉 − 〈Ec〉
1 eV

erg · s−1 · cm−3 (10.11)

où nFUV est la densité des photons dans le domaine [8 − 13.6 eV], 〈σabs〉 est la section efficace
d’absorption par les grains, moyennée dans ce domaine spectral et rapportée à un atome d’hydrogène,

9. À la différence des régions Hii, le gaz ionisé a donc pour origine l’étoile progénitrice elle-même, et non le MIS
environnant. Le vent stellaire de l’AGB emporte environ Ṁw ∼ 10−4 M� · an−1 pendant la courte durée de vie de l’objet
(∼ 2 103 an).

10. Typiquement, les couleurs rouges sont dues à Hα (656.28 nm), Oi (630 nm), Nii (658.4 nm), les couleurs bleues à
Oiii (500.7 nm).

11. C’est-à-dire plus riche en rayonnement UV lointain et extrême.
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〈Y 〉 est le rendement photo-électrique moyen sur ce même domaine, c’est-à-dire la probabilité qu’une
absorption de photon provoque l’arrachement d’un électron, et 〈Ec〉 est l’énergie cinétique moyenne
des électrons du plasma capturés par les grains.

Le calcul de ce taux nécessite l’estimation du rendement Y , qui dépend de la charge électrique des
grains, mais globalement, on peut mettre cette expression sous la forme

Γpe = nHG0 g

(
G0

ne
, Te

)
(10.12)

où la fonction g dépend 12 des paramètres G0/ne, rapport de l’intensité du champ de rayonnement 13 à
la densité électronique, et de la température des électrons dans le gaz, deux paramètres qui déterminent
la charge Q des grains. Typiquement, on a donc un taux de chauffage Γpe/nH ∼ 10−26 erg · s−1 et le
point important est que le taux de chauffage est proportionnel à la densité du gaz

Γpe ∝ nH (10.13)

Figure 10.11 – Taux de refroidissement Λ/n2
H en fonction de la température T du gaz. Il est

représenté pour des densités nH et des fractions d’ionisation xe typiques des conditions dans le WNM
(à gauche) et dans le CNM (à droite). Figure issue de [3].

Processus de refroidissement

Le refroidissement du gaz est dominé par le processus d’excitation collisionnelle suivi d’une
désexcitation radiative. Ainsi, l’énergie cinétique du partenaire de collision est convertie d’abord en
énergie interne d’excitation, puis en énergie radiative qui s’échappe du milieu. Pour les températures
typiques du Hi (à la fois CNM et WNM), les principales raies de refroidissement sont [Oi] à
63µm et [Cii] à 158µm. Comme ce processus est initié par une collision à deux corps, il n’est pas
surprenant que le taux de refroidissement Λ associé soit approximativement proportionnel au carré
de la densité, dans les domaines de température considérés (Fig. 10.11)

Λ ∝ n2
H (10.14)

12. En plus de la taille et de la composition des grains
13. Voir la section 10.6.
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Figure 10.12 – Température d’équilibre du Hi. Elle est représentée en fonction de la densité du
gaz (à gauche) et de la pression (à droite). Figure adaptée de [3].

Courbe d’équilibre

L’équilibre thermique est déterminé par l’équation

Γ(nH, T ) = Λ(nH, T ) (10.15)

On peut en déduire la température d’équilibre Teq en fonction de la densité du gaz. Physiquement, si
la densité augmente, le refroidissement (∝ n2

H) augmente plus vite que le chauffage (∝ nH), de sorte
que la température d’équilibre diminue. On a donc une courbe d’équilibre dans le plan (nH, T ) qui a la
forme représentée sur la Fig. 10.12 (à gauche). On y voit aussi (à droite) que si l’on impose un équilibre
de pression P/kB = nHT , on a potentiellement trois solutions, si P/kB se trouve dans un certain
intervalle aux alentours de ∼ 3800 cm−3 ·K. À plus basse pression, seule la solution haute température
(WNM) est possible, et à haute pression, seule la solution basse température (CNM) l’est. Il faut noter
que la courbe d’équilibre dépend des conditions environnementales, notamment de la métallicité
et du champ de rayonnement. On voit d’ailleurs que les deux panneaux de la Fig. 10.12 ne donnent
pas le même intervalle de pression intermédiaire, car les paramètres χ diffèrent 14.

Instabilité thermique

La détermination de la stabilité de ces solutions repose sur un critère portant sur le refroidisse-
ment net L = Λ− Γ. Sur la Fig 10.12 (droite), la zone à droite de la courbe d’équilibre dans le plan
(P/kB , T ) correspond à L > 0 et la zone à gauche de la courbe à L < 0. En se plaçant alors sur l’un
des points solutions dans le régime de pression intermédiaire, il apparâıt que les deux points externes
sont stables, en prolongement des branches WNM et CNM, et que le point intermédiaire est instable.
On a donc deux phase stables (WNM et CNM) et une phase instable (UNM, pour Unstable
Neutral Medium).

14. Voir la section 10.6 pour la définition de ce paramètre.
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Figure 10.13 – Simulation numérique bidimensionnelle de l’instabilité thermique du Hi. Champ
de densité nH et de température T et distribution de (nH, P ) dans la simulation. Figure adaptée de [42].

Exercice 101 : Justifier par un raisonnement physique la détermination des zones de refroidisse-
ment net L > 0 et de réchauffement net L < 0, puis le caractère stable ou instable des points d’équilibre
thermique à pression donnée.

L’équilibre thermique et l’équilibre de pression sont dynamiques : le gaz, sous l’effet d’une per-
turbation, peut passer d’un état stable à l’autre, et on peut ainsi former des condensations de gaz
dense froid au sein d’un milieu internuage chaud comme le montrent les simulations numériques,
par exemple celles de [42] montrées sur la Fig. 10.13. Partant par exemple de l’état d’équilibre WNM
à gauche et faisant subir au gaz une perturbation compressive, le gaz se retrouve dans la zone de
refroidissement net. Si la compression est suffisante, le gaz transite vers la branche CNM stable tout à
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droite. À chaque instant, une partie non négligeable du gaz est donc dans la zone instable (en jaune
sur la Fig. 10.13).

10.4 Les grains de poussière

10.4.1 Structure

Les grains sont des agrégats solides, essentiellement composés de carbone et de silicates 15 dont la
taille varie du nanomètre (soit quelques atomes) à la dizaine de micromètres, suivant une distribution
de tailles souvent modélisée comme une loi de puissance 16. Ces grains ne sont pas sphériques, mais
présentent une structure complexe, fractale, avec des anfractuosités qui augmentent la surface à
volume donné, mais on les assimile souvent, dans les modèles, à des sphéröıdes, voire des sphères. Dans
les zones les plus froides du MIS, des molécules du gaz peuvent condenser à la surface des grains pour
former des manteaux de glaces, essentiellement composés d’eau, de CO2, de CO, . . . Par interaction
avec le rayonnement UV et visible des étoiles et avec les rayons cosmiques, les grains acquièrent une
charge électrique, majoritairement positive. Au total, les grains de poussières représentent seulement
1% de la masse du MIS, mais ils en sont un rouage très important, à divers titres.

Figure 10.14 – Les rôles de la poussière interstellaire.

10.4.2 Interaction avec le rayonnement

Les grains absorbent la lumière visible et UV des étoiles de la galaxie (Fig. 10.14), ce qui pro-
voque d’une part l’extinction et le rougissement de la lumière des étoiles en arrière-plan des nuages
poussiéreux, et d’autre part une élévation de la température des grains, puisque l’énergie radiative ab-
sorbée est pour une bonne part redistribuée dans les vibrations du réseau solide. Ainsi chauffés à des
températures 17 de l’ordre de 10 à 20 K, les grains émettent un rayonnement thermique infrarouge.
Enfin, les grains étant chargés électriquement et en rotation, ils possèdent un moment magnétique qui
tend à s’aligner dans le champ magnétique local. Cet alignement provoque, du fait de la non-sphéricité
des grains, une polarisation de la lumière des étoiles d’arrière-plan et de l’émission thermique men-
tionnée à l’instant.

15. Les silicates sont des sels combinant le dioxyde de silicium SiO2 à d’autres oxydes métalliques (fer, magnésium,
essentiellement).

16. Cette distribution s’étend en réalité aux tailles plus élevées, puisque les grains s’agglomèrent en structures plus
grosses, formant in fine planétésimaux et planètes.

17. À proximité immédiate d’une étoile, les températures peuvent être plus élevées, d’un ordre de grandeur environ.
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Exercice 102 : Estimer la longueur d’onde du maximum d’émission thermique des poussières à
partir de leur température.

10.4.3 La température des grains

Position du problème

La température des grains est déterminée par la compétition des processus de chauffage et de
refroidissement. Le chauffage des grains est dominé par le chauffage radiatif par absorption des photons
stellaires (UV et visible) Les grains, portés à des températures de quelques dizaines de K tout au
plus 18, vont émettre dans l’infrarouge, domaine où le milieu est optiquement mince. On a donc un
refroidissement radiatif dans l’IR. Pour calculer la température des grains, il est cependant essentiel
de distinguer le cas des gros grains (typiquement a & 0.03µm) de celui des très petits grains (comme
les PAH).

En effet, pour les premiers, l’énergie interne du grain est typiquement très supérieure à celle des
photons UV responsables du chauffage, U � hν, de sorte que la variation de température provoquée
par l’absorption d’un photon unique est 19

δT =
hν

C(T )
� U

C
∼ T (10.16)

où C est la capacité calorifique C du grain. On aura donc des fluctuations très faibles de température
à chaque absorption de photon, et on peut donc traiter le problème classiquement, la notion de
température d’équilibre ayant un sens.

Pour les très petits grains, en revanche, on aura hν & U , de sorte que

δT =
hν

C(T )
&
U

C
∼ T (10.17)

et la température de ces grains va varier fortement à chaque absorption. Il est nécessaire, dans ce cas, de
traiter le problème quantiquement (c’est-à-dire de considérer le caractère discret de l’apport d’énergie)
et on ne peut pas à proprement parler dire qu’il y a une température d’équilibre. Dans les sous-sections
suivantes, on traite ces deux cas séparément.

Chauffage radiatif des gros grains

L’absorption d’un photon par le grain provoque une excitation électronique, qui peut être suivie
d’une désexcitation par transfert de l’énergie vers les nombreux modes de vibrations du réseau, c’est le
processus de chauffage auquel on s’intéresse ici 20. Le taux de chauffage d’un grain de rayon a (c’est-
à-dire l’augmentation de son énergie interne par unité de temps du fait de l’absorption des photons)
s’écrit sous la forme (

dU

dt

)
abs

=

ˆ
uνdν

hν
hν cQabs(ν)πa2 (10.18)

en utilisant l’efficacité d’absorption 21 Qabs(ν), qu’on représente sur la Fig. 10.15 pour le cas de
silicates et de grains carbonés de différentes tailles. Comme elle dépend de la fréquence (l’essentiel de
l’absorption se situant dans l’UV et le visible) et de la taille des grains, on introduit une efficacité

18. Dans la majeure partie du MIS, loin de toute étoile.
19. On peut imaginer prendre une capacité calorifique indépendante de la température, pour fixer les idées.
20. Si l’énergie est suffisante (& 5 eV), l’électron peut être arraché, c’est l’effet photo-électrique, et sinon, la

désexcitation peut se faire selon une cascade radiative, avec émission de photons de plus basse énergie, c’est le phénomène
de luminescence, observé dans le visible (600− 800 nm) sous forme d’émission rouge étendue (ERE)

21. Cette grandeur sans dimension est le rapport de la section efficace d’absorption à la section géométrique πa2.
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d’absorption moyennée sur le spectre de la radiation chauffant le grain

〈Qabs〉? =

ˆ
uνQabs(ν)dν
ˆ
uνdν

=

ˆ
uνQabs(ν)dν

u?
(10.19)

où u? est la densité d’énergie du rayonnement chauffant le grain. On a alors(
dU

dt

)
abs

= 〈Qabs〉?cπa2u? (10.20)

Figure 10.15 – Efficacités d’absorption. Elles sont rapportées au rayon a (équivalentes à la section
efficace rapportée au volume du grain), pour les silicates et les grains carbonés de différentes tailles
(0.01 à 1µm. Figure issue de [3].

En particulier, si on prend comme champ de rayonnement 22 l’ISRF (Interstellar Standard Radiation
Field), on a une densité d’énergie u? = uISRF = 1.05 10−12U erg · cm−3, avec U un paramètre de mise
à l’échelle qui vaut 1 pour l’ISRF de [43]. Les efficacités moyennes d’absorption pour les silicates et
les grains carbonés dans ce champ de rayonnement sont présentées, en fonction de leur taille, sur la
Fig. 10.16. On note que

〈Qabs〉ISRF ≈ 0.8

(
a

0.1µm

)0.85

Grains carbonés de 0.005 à 0.15µm (10.21)

22. Voir la section 10.6.
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〈Qabs〉ISRF ≈ 0.18

(
a

0.1µm

)0.6

Silicates de 0.01 à 1µm (10.22)

Figure 10.16 – Efficacités moyennes d’absorption. Elles sont représentées pour les silicates et les
grains carbonés dans l’ISRF de [43] en fonction de leur taille a. Figure issue de [3].

Refroidissement radiatif des gros grains

Le refroidissement des grains procède par émission de photons IR. Pour établir l’expression du taux
de refroidissement, il faut noter que la loi de Kirchhoff relie l’émission à l’absorption, avec

jν = κνBν(Td) = ndCabs(ν)Bν(Td) (10.23)

faisant intervenir la fonction de Planck à la température des poussières Td. Dans cette équation,
l’émissivité jν est une puissance émise par unité de volume du MIS, par intervalle de fréquence, et par
unité d’angle solide. Pour un seul grain (afin d’équilibrer le taux de chauffage de 10.18), la puissance
émise dans toutes les directions sur l’ensemble du spectre est alors(

dU

dt

)
em

=

ˆ
4πCabs(ν)Bν(Td)dν = 4π2a2

ˆ
Qabs(ν)Bν(Td)dν (10.24)
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On peut réécrire cette expression en faisant apparâıtre une efficacité d’absorption moyennée sur le
spectre thermique des grains et la loi de Stefan

(
dU

dt

)
em

= 4πa2〈Qabs〉Td
σT 4

d 〈Qabs〉Td
=

ˆ
Qabs(ν)Bν(Td)dν
ˆ
Bν(Td)dν

(10.25)

Exercice 103 : Établir l’expression (10.25).

La température des poussières étant de quelques dizaines de K, le rayonnement sera essentiellement
dans l’IR. Dans ce domaine, comme le montre la Fig. 10.15, on a typiquement Qabs ∝ aλ−β avec
β ≈ 2. Avec un tel modèle en loi de puissance pour l’efficacité d’absorption (étendu à tout le spectre),
soit Qabs = Q0a(ν/ν0)β , on obtient

〈Qabs〉Td
=

15

π4
Γ(4 + β)ζ(4 + β)Q0a

(
kBTd

hν0

)β
(10.26)

où Γ et ζ sont les fonctions ”Gamma” et ”zeta” d’Euler. On trouve en particulier que

〈Qabs〉Td
∼ 10−6

(
a

0.1µm

)(
Td

1 K

)2

(10.27)

pour les silicates et les grains carbonés 23, ces derniers présentant des variations plus importantes du
fait que Qabs/a est moins bien représenté par une loi de puissance en λ−β (voir la Fig. 10.15).

Figure 10.17 – Température d’équilibre des silicates et des grains carbonés dans un champ de rayon-
nement ayant le spectre de l’ISRF, en fonction de l’intensité U du champ, et pour différentes tailles de
grains. Figure adaptée de [3].

Température d’équilibre des gros grains

Pour déterminer la température d’équilibre Td, on écrit l’égalité entre chauffage et refroidisse-
ment,

〈Qabs〉?cπa2u? = 4πa2〈Qabs〉Td
σT 4

d (10.28)

23. On trouvera les formes précises dans [3].
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Pour un modèle de section efficace d’absorption dans l’IR en loi de puissance, on en déduit

Td =

(
hν0

kB

)β/(4+β) [
π4〈Qabs〉?cu?

60Γ(4 + β)ζ(4 + β)Q0aσ

]1/(4+β)

(10.29)

Exercice 104 : Établir l’expression (10.29).

Si on suppose de plus un champ de rayonnement ayant le spectre de l’ISRF, avec un paramètre
d’échelle U , on a des dépendances assez faibles de la température d’équilibre sur la taille des grains,
leur composition, et U , comme le montre la Fig. 10.17, où les comportements indiqués 24 sont

Td ≈ 16.4

(
a

0.1µm

)−1/15

U1/6 K (Silicates) (10.30)

Td ≈ 22.3

(
a

0.1µm

)−1/40

U1/6 K (Grains carbonés) (10.31)

Figure 10.18 – Évolution de la température de grains. Des grains de différentes tailles (de plus
en plus petits de haut en bas) sont modélisés, pendant une journée environ, dans un environnement
correspondant à l’ISRF (U = 1, à gauche) ou beaucoup plus intense (U = 100, à droite). Figure
adaptée de [3].

Le cas des très petits grains

Comme on l’a dit, pour un très petit grain, chaque évènement d’absorption d’un photon lui ajoute
une énergie comparable à l’énergie déjà contenue dans le grain, de sorte que celui-ci est fortement
chauffé stochastiquement. Portés à des températures élevées (T & 100 K), ces grains vont briller
dans l’infrarouge proche 25 et ainsi se refroidir entre deux évènements d’absorption, qui sont d’autant

24. Là aussi, le comportement des grains carbonés n’est pas exactement le bon en fonction de la taille, du fait que
Qabs/a est moins bien représenté par une loi de puissance en λ−β .

25. Ils vont notamment contribuer aux structures en émission à 7.7, 8.6 et 11.3µm.
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plus rares que le grain est petit. On peut voir, sur la Fig. 10.18, l’évolution de la température de
grains de différentes tailles (de plus en plus gros de bas en haut) pendant une journée environ, dans
un environnement correspondant à l’ISRF (U = 1, à gauche) ou beaucoup plus intense (U = 100,
à droite). On voit donc que pour les plus petits grains, il n’y a pas de température d’équilibre à
proprement parler, et il faut raisonner en termes de distribution de probabilité de la température 26,
en introduisant la probabilité dP de trouver, pour un grain donné à un instant donné, une température
comprise entre T et T + dT . Cette probabilité dépend de la taille et de la composition du grain,
ainsi que du rayonnement absorbé (intensité et spectre), elle peut être obtenue par simulation Monte-
Carlo [44] de l’évolution temporelle T (t) (comme sur la Fig. 10.18) ou par calcul direct [45]. On observe
(Fig. 10.19) une distribution large pour les petits grains, et de plus en plus étroite pour les gros
grains.

Figure 10.19 – Distribution de probabilité des températures de grains. Il s’agit de grains carbonés
de différentes tailles. Figure adaptée de [3].

10.4.4 Rôles thermodynamique et chimique

Lorsqu’un grain absorbe un photon UV ou visible, l’énergie n’est pas seulement convertie en agitation
thermique interne au grain, mais elle peut servir à arracher un électron, c’est l’effet photoélectrique. Le
grain s’en trouve chargé électriquement, et l’électron emporte avec lui une énergie cinétique qui peut être
sensiblement supérieure à celle des particules du gaz environnant. Par collisions avec celles-ci, l’électron
photo-arraché (on parle aussi de photo-électron) va leur céder une partie de cette énergie, et donc
augmenter la température du gaz. On a donc un chauffage du gaz par effet photo-électrique. Le photo-
électron peut également provoquer des ionisations secondaires du gaz, altérant sa composition
chimique. Un effet semblable existe avec les rayons cosmiques remplaçant le photon UV initial 27. De
plus, de nombreuses réactions chimiques peuvent avoir lieu à la surface des grains, ceux-ci servant
en quelque sorte de catalyseurs. C’est le cas notamment de la formation de H2, très peu efficace en

26. On fait ici l’hypothèse raisonnable d’ergodicité.
27. Cet effet est important uniquement dans les régions les plus denses, où le rayonnement UV ne pénètre plus.
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Figure 10.20 – Déplétion des éléments en phase gaz. Adapté de [3].

phase gazeuse. Enfin, comme on l’a mentionné, des espèces chimiques peuvent geler à la surface des
grains, ce qui provoque leur déplétion en phase gazeuse. En tenant compte des différentes espèces qui
peuvent contenir un élément A donné, on peut en déduire la déplétion de l’élément lui-même dans le
gaz, qui est par définition le rapport

d(A) =
[A]

[A]�
(10.32)

de l’abondance observée en phase gaz à celle observée dans le système solaire. On constate (Fig. 10.20)
que cette déplétion est d’autant plus importante (c’est-à-dire d� 1) que l’élément est plus réfractaire 28,
comme le fer ou le silicium. De ces mesures on peut déduire des contraintes sur la composition des
grains.

10.4.5 Dynamique des grains

Les plus grosses poussières peuvent être traitées comme des particules Browniennes, en interaction
constante avec le gaz. Il en résulte notamment des effets de trâınée sur les grains, avec un temps
caractéristique τ de l’ordre de 105 an. Les grains étant chargés, ils peuvent également subir la force de
Lorentz dans le champ magnétique local, et orbiter ainsi autour des lignes de champ. L’absorption et la
diffusion du rayonnement peuvent également avoir un impact sur la dynamique des grains, en raison de
la pression de radiation. Pour les grains en orbite autour d’une étoile, cet effet, combiné à l’aberration
du rayonnement, provoque un freinage important (effet Poynting-Robertson).

L’éjection de molécules (notamment H2), l’effet photo-électrique, ou encore la diffusion des atomes,
des ions, ou des photons sur la surface irrégulière d’un grain produisent un couple sur celui-ci, le

28. C’est-à-dire qu’il résiste à la chaleur.
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mettant en rotation, possiblement suprathermale 29. Pour les plus petits grains, s’ils sont chargés
électriquement et donc possèdent un dipôle électrique, cette rotation rapide peut amener une émission
observable 30 aux alentours de quelques GHz. Enfin, comme on l’a évoqué plus haut, les grains non
sphériques ont tendance à s’aligner dans le champ magnétique ~B, préférentiellement avec leur axe de
plus grande dimension perpendiculaire à ~B. Cet effet, encore mal compris, implique l’alignement du
grain sur son moment cinétique et l’alignement de ce dernier sur le champ magnétique, et est surtout
efficace pour les plus gros grains.

10.4.6 Traceurs

L’existence des grains de poussières est immédiatement visible sur les images de la Galaxie dans le
visible, puisqu’elles provoquent l’extinction, somme de l’absorption et de la diffusion, de la lumière
des étoiles en arrière-plan. On peut estimer la densité de colonne des poussières en procédant à des
comptages d’étoiles dans une région éteinte par rapport à une région semblable mais sans poussières.
En observant dans l’infrarouge proche, on peut aussi utiliser le rougissement des étoiles, l’extinction
étant dépendante de la longueur d’onde, typiquement comme λ−β , avec un indice spectral β ∼ 1-2.
Les poussières peuvent également être tracées par l’intensité totale de leur émission thermique, qui
présente un maximum dans l’infrarouge lointain (FIR). La polarisation de cette émission renseigne quant
à elle non seulement sur les poussières mais aussi sur les propriétés du champ magnétique. Enfin, au
voisinage des étoiles, on peut tirer parti de la diffusion de la lumière stellaire par les poussières au sein
des nébuleuses par réflexion. Des méthodes semblables permettent de caractériser les poussières des
disques protoplanétaires en utilisant la diffusion de la lumière de la protoétoile.

10.5 Les rayons cosmiques

10.5.1 Nature et origine

Les rayons cosmiques sont des particules (noyaux et électrons) de haute énergie (10 à 1014 MeV),
donc relativistes 31. Ils ont été découverts au début du XXe siècle par Victor Hess, au travers de leur
effet d’ionisation de l’atmosphère terrestre 32. Produits par les supernovæ et les objets compacts 33,
qui fournissent également des rayons X de 1 à 10 keV, ils sont accélérés par un processus appelé
diffusion de Fermi dans les chocs magnétisés des restes de supernova 34. La composition de ces
rayons cosmiques (Fig. 10.21) est approximativement celle du voisinage solaire, avec une surabondance
d’éléments légers (lithium, beryllium et bore) du fait du phénomène de spalliation des noyaux plus
lourds par interaction avec le MIS. La distribution en énergie des rayons cosmiques (Fig. 10.21) suit
une loi de puissance, c’est-à-dire que le flux de cosmiques (nombre de particules par unité de surface,
par unité de temps et par intervalle en énergie) varie comme

ΦCR(E) ∝ E−α (10.33)

avec un indice spectral α ∼ 2.7. Cette loi de puissance présente une coupure à basse énergie, les
cosmiques peu énergétiques étant déviés par le vent solaire magnétisé (on parle de modulation). L’in-
teraction entre champ magnétique et rayons cosmiques se manifeste également dans l’équipartition
entre densité d’énergie des cosmiques et densité d’énergie du champ magnétique. Les cosmiques, par-
ticules chargées, sont contraints à des orbites hélicöıdales autour des lignes de champ, avec des rayons

29. C’est-à-dire que l’énergie cinétique de rotation est supérieure à celle qu’on estimerait à partir de l’hypothèse d’une
énergie kBT/2 par degré de liberté.

30. On pense que l’AME (Anomalous Microwave Emission) est due à cet effet.
31. Le facteur de Lorentz est γ � 1, de sorte que leur énergie E = γmc2 est très grande devant l’énergie de masse.
32. L’ionisation augmentait avec l’altitude, ne subissait pas de variation diurne, et était sensiblement isotrope.
33. Au moins pour les cosmiques d’énergie jusqu’à 109 MeV. Les cosmiques plus énergétiques sont probablement

d’origine extragalactique.
34. L’accélération de Fermi des rayons cosmiques nécessite un champ magnétique variable dans le temps, ce qui est

fourni par le fait que le champ magnétique est gelé dans le plasma turbulent.
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de gyration rB = γmv/(qB) bien plus petits que la taille de la Galaxie et ils sont donc confinés dans
la Galaxie. Les irrégularités du champ magnétique amènent cependant à une diffusion progressive, sur
des échelles de temps de l’ordre de 107 an.

Figure 10.21 – Distribution en énergie et composition des rayons cosmiques. Figures issues
de [3].

10.5.2 Rôle dans le MIS

Les rayons cosmiques interagissent avec le gaz interstellaire de diverses manières. Principalement,
ils peuvent arracher un électron et ainsi participer à l’état d’ionisation du gaz. Cet électron peut
ensuite céder son surplus d’énergie par collisions, pour fournir un chauffage du gaz, via un processus
proche de celui discuté plus haut pour l’effet photo-électrique sur les grains 35. Dans les régions les plus
denses du MIS, et donc en l’absence de photons, les cosmiques sont ainsi la principale source d’énergie.
Les électrons libérés présentent un spectre en énergie, mais en moyenne leur énergie cinétique est
〈Ec〉 ∼ 35 eV, relativement indépendante de l’énergie du cosmique.

D’autre part, des collisions inélastiques sans ionisation peuvent exciter les molécules de H2,
l’énergie cinétique prise au cosmique étant convertie en énergie interne. Ce processus est possible-
ment suivi de la dissociation de l’hydrogène moléculaire, dont les produits, à savoir les atomes H,
possèdent un excès d’énergie fournissant une source importante de chauffage du gaz 36.

In fine, si l’on peut calculer l’énergie ∆E cédée au gaz par un cosmique, pour établir un bilan global
il faut néanmoins avoir une idée du taux d’ionisation primaire, usuellement noté ζCR, c’est-à-dire
de la probabilité d’ionisation par un cosmique, par unité de temps, pour un atome ou une molécule
donnée (H ou H2). On peut estimer ces taux, de l’ordre de quelques 10−17 s−1, à partir de la mesure
des abondances de certaines espèces (OH dans le MIS diffus et H+

3 dans les nuages moléculaires), dont
la formation est initiée par un évènement d’ionisation de H et H2 par un cosmique.

10.5.3 Observations

Les rayons cosmiques parvenant au sommet de l’atmosphère terrestre interagissent avec les molécules,
créant des particules secondaires en cascade sous la forme de gerbes cosmiques. Ces particules relati-
vistes se déplacent plus vite que la lumière dans l’air, ce qui provoque un effet Cerenkov observé par
des télescopes γ (HESS, MAGIC, VERITAS, Auger et le futur Cerenkov Telescope Array). Les particules
qui atteignent le sol peuvent être détectées par le biais de scintillateurs. On peut ainsi mesurer le flux

35. On trouvera dans [26], p.188, une discussion du devenir des électrons ainsi arrachés.
36. Les cosmiques de haute énergie (> 1 GeV) excitent quant à eux les noyaux directement, qui se désexcitent en

émettant un rayonnement γ, et ne participent donc pas au chauffage du gaz.
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total et la distribution en énergie des cosmiques, mais aussi effectuer des cartographies mettant en
évidence les sources individuelles de cosmiques, notamment les restes de supernovæ.

Des mesures indirectes sont également possibles, notamment dans le domaine des γ, avec des
observatoires spatiaux (Compton-GRO, Chandra, Integral, Fermi). Ce rayonnement continuum γ
observé dès les années 1960, est dû à l’interaction des protons de haute énergie avec les protons du
MIS, produisant des pions qui se désintègrent ensuite en γ,

pCR + pMIS → pCR + pMIS + π0 π0 → γ + γ (10.34)

et permet une cartographie du milieu interstellaire exempte des biais affectant les autres méthodes,
fondées sur l’émission thermique des poussières ou les raies du gaz. D’autre part, les électrons relativistes
dans le champ magnétique interstellaire produisent un rayonnement synchrotron à basse fréquence,
observable depuis le sol.

Figure 10.22 – Les composantes du champ de rayonnement interstellaire [3].

10.6 Les champs de rayonnement

10.6.1 Les différentes composantes

Le champ de rayonnement électromagnétique dans la Galaxie est constitué de plusieurs contributions,
décrites succinctement ci-dessous (Fig. 10.22). Loin de toute étoile, il forme le champ de rayonnement
interstellaire standard (ISRF) 37.

37. On ne mentionne pas ici les raies spectrales (Hi, CO), malgré leur importance pour caractériser le gaz atomique
et moléculaire, mais uniquement les processus - essentiellement continus - jouant un rôle dans la détermination de l’état
thermodynamique du MIS.
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Le synchrotron Galactique

Produit par les électrons relativistes en mouvement autour des lignes de champ magnétique
Galactique, il domine le rayonnement aux fréquences inférieures à 1 GHz, où il devient comparable
au CMB. Sa dépendance spectrale est approximativement en ν−1, avec une densité d’énergie uν telle
que νuν ≈ 3 10−19 erg · cm−3 sur le domaine 0.1-10 GHz. Le relevé de [46] (Fig. 10.23) en donne la
distribution spatiale sur le ciel, à 408 MHz.

Figure 10.23 – Emission synchrotron Galactique [46].

Figure 10.24 – Emission FIR de la poussière Galactique observée par Planck [47].

Le fond diffus cosmologique (CMB)

Constitué des photons libérés du plasma primordial au moment de la recombinaison (z ∼ 1100), il
présente un spectre de corps noir quasi parfait à TCMB = 2.725 K, avec une distribution extrêmement
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isotrope sur le ciel 38. Des fluctuations relatives de l’ordre de 10−5 reflètent les fluctuations primor-
diales de densité dans le plasma, à l’origine de la formation des grandes structures de l’Univers. Le CMB
domine le rayonnement Galactique entre 1 et quelques centaines de GHz, où l’émission thermique des
poussières prend le relais.

L’émission thermique FIR de la poussière

Le rayonnement entre ∼ 500 GHz et ∼ 60 THz est dominé par l’émission des poussières, d’abord
par l’émission des gros grains, en dessous de 6 THz environ, qui prend la forme d’un corps noir modifié
(Modified Black Body) avec une intensité spécifique 39 Iν = τνBν(Td) = τ0(ν/ν0)βBν(Td), où β ∼ 1.6
est l’indice spectral et Td ∼ 17 K est la température des poussières. Au delà de 6 THz, on observe
des bandes assez étroites, correspondant au chauffage stochastique des très petits grains et des
hydrocarbures aromatiques polycycliques (PAH).

Exercice 105 : Expliquer pourquoi la forme de l’intensité spécifique Iν donnée ici correspond à un
cas optiquement mince.

Figure 10.25 – Emission visible Galactique observée par Gaia (Crédit : ESA/Gaia/DPAC).

Le rayonnement visible et UV des étoiles

Ce rayonnement domine le spectre entre le proche infrarouge ∼ 2µm et la limite de Lyman
(91.2 nm) de photo-ionisation de l’hydrogène neutre dans son état fondamental 40. Le spectre est
modélisé 41 par [43] comme une combinaison linéaire de trois corps noirs pour λ > 245 nm et une
succession de trois lois de puissance entre 245 nm et 91.2 nm 42. Si les valeurs numériques des pa-

38. Une fois qu’on a tenu compte du mouvement de la Terre par rapport au référentiel du CMB, donnant une modulation
dipolaire d’amplitude ∆T ≈ 7 mK permettant d’en déduire la vitesse v ≈ 370 km · s−1 de ce mouvement.

39. On voit ici que cette émission est très généralement optiquement mince, les nuages moléculaires où se trouvent la
poussières sont transparents dans le FIR.

40. Les photons de plus haute énergie émis par les étoiles sont immédiatement absorbés par le MIS, et n’apparaissent
donc pas dans le spectre.

41. Ce modèle représente bien le rayonnement dans cette partie du spectre pour le voisinage solaire, mais d’autres
modélisations existent, par exemple [48].

42. Le rayonnement dans le domaine UV est dominé par les étoiles O/B, peu nombreuses, et est donc fortement variable
spatialement.
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ramètres de ce modèle données par [43] sont adaptées au voisinage solaire, il est nécessaire, pour
caractériser le champ de rayonnement FUV à proximité d’une source comme une association OB, de
disposer d’un paramètre modifiant globalement l’intensité du spectre. Deux choix sont possibles :

— On peut mettre à l’échelle en se fondant sur la densité d’énergie à une longueur d’onde
particulière, en l’occurrence 100 nm. Habing [49] a mesuré cette valeur dans le voisinage solaire
à νuν(100 nm) ≈ 4 10−14 erg · cm−3 et on introduit donc le paramètre

χ =
νuν(100 nm)

4 10−14 erg · cm−3
(10.35)

Cette paramétrisation est utile pour les processus à bande étroite, comme la photo-excitation
de H2.

— On peut mettre à l’échelle en se fondant sur la densité d’énergie intégrée sur le domaine
FUV (6-13.6 eV), elle aussi mesurée par [49], avec νuν(6 − 13.6 eV) ≈ 5.29 10−14 erg · cm−3,
et on introduit donc le paramètre

G0 =
νuν(6− 13.6 eV)

5.29 10−14 erg · cm−3
(10.36)

Cette paramétrisation est utile pour les processus en bande large, comme le chauffage des
poussières.

L’estimation de Habing étant ancienne, des estimations plus récentes [48, 50] donnent pour le champ
dans le voisinage solaire, G0 ≈ 1.6 et χ ≈ 1.7. On trouvera dans [51] une discussion des valeurs de G0

(de ∼ 1 à ∼ 104−5) qu’on peut observer dans différentes régions.

L’émission du gaz ionisé

Sous-dominante presque partout, mais présente de ∼ 10 GHz à la limite de Lyman, on trouve
l’émission du gaz photo-ionisé (WIM), qui recouvre d’une part l’émission free-free ou Bremsstrahlung,
due au freinage des électrons thermiques par les ions 43, d’autre part les émissions free-bound qui
sont des continua de recombinaison, et enfin les raies de recombinaison telles que Hα. La distri-
bution spatiale de cette émission est cartographiée notamment par le relevé WHAM (Wisconsin Halpha
Mapper) [52].

L’émission X du plasma chaud (HIM)

La puissance injectée par les supernovæ 44, de l’ordre de 3 1034 W est convertie en énergie thermique
du plasma chaud constituant le HIM. Il produit ainsi un rayonnement X et EUV (extreme UV),
dont la partie la moins énergétique est absorbée par le gaz neutre 45. Ce qui reste présente une très
faible densité d’énergie 46 (νuν ≈ 10−17 erg · cm−3), mais joue un rôle important dans l’ionisation du
milieu dense, au même titre que les rayons cosmiques.

Exercice 106 : Vérifier numériquement la valeur de la puissance injectée par les supernovæ, à partir
des ordres de grandeur donnés dans la note.

10.6.2 Rôles du rayonnement dans le MIS

Le champ de rayonnement constitué des composantes ci-dessus joue un rôle important dans la
détermination de l’état thermodynamique du gaz et des poussières, et il est donc nécessaire, pour
évaluer l’état du gaz, de connâıtre la densité d’énergie du rayonnement.

43. L’intensité de cette émission dépend de la mesure d’émission (EM), intégrale du carré de la densité électronique
sur la ligne de visée, et de la température du gaz. Typiquement, on a 〈EM〉 ≈ 18 cm−6 · pc et T ≈ 8000 K.

44. On peut l’estimer à partir de l’énergie injectée par une supernova, typiquement 1051 erg et de la fréquence de ces
évènements, typiquement une par siècle dans la Galaxie.

45. À moins d’être dans le voisinage immédiat d’une étoile.
46. Cette densité d’énergie peut être beaucoup plus grande dans les galaxies actives.
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Figure 10.26 – Emission Hα Galactique [52].

Figure 10.27 – Relevé ROSAT dans les rayons X mous. (rouge : 0.2-0.4 keV, vert : 0.5-0.9 keV,
bleu : 0.9-2.0 keV) [53].

— Par effet photo-électrique sur les grains, le rayonnement UV fournit une source majeure de
chauffage du gaz.

— Les photons du CMB fournissent une source de chauffage des nuages moléculaires au travers
de l’excitation des niveaux rotationnels (de CO notamment).

— L’excitation collisionnelle des atomes et molécules, suivie de la désexcitation dans des raies
optiquement minces, participe au refroidissement du gaz.

— La conversion par les poussières du rayonnement UV en FIR, domaine où le MIS est nettement
moins optiquement épais, participe elle aussi au refroidissement.

— La photo-ionisation du gaz et des grains participe grandement à la détermination de l’état
d’ionisation.

— La photo-ionisation et la photo-dissociation jouent un rôle majeur dans la détermination de la
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composition chimique du MIS et l’énergie des photons absorbés permet également l’ouverture
de chemins réactionnels endoénergétiques.

— La pression de radiation a des effets non négligeables sur la dynamique des poussières et du
gaz qui leur est couplé.

10.7 Le champ magnétique interstellaire

10.7.1 Structure et origine

Le champ magnétique Galactique présente une composante ordonnée, suivant les bras spiraux,
avec des renversements de sens entre les bras, et une composante ”turbulente” qui s’y superpose.
Les deux composantes ont le même ordre de grandeur d’intensité, ∼ 5µG, où l’on rappelle que 1 G =
10−4 T. Comme le gros du MIS est un fluide partiellement ionisé et donc conducteur, l’origine de ce
champ est probablement à chercher dans un effet dynamo dû à la rotation différentielle de la Galaxie.
Cet effet nécessitant un champ ”graine” à amplifier, il se pose encore la question de l’origine de
ce champ (expulsion de champs magnétiques stellaires par les supernovæ, formation dans l’Univers
primordial au moment de l’inflation, . . . ).

Figure 10.28 – Structure du champ magnétique Galactique [54].

10.7.2 Rôle dans le MIS

Le champ magnétique étant couplé au gaz via les ions (astreints à se déplacer le long des lignes de
champ), il joue un rôle dynamique dans l’évolution du gaz par les effets magnétohydrodynamiques
de pression et de tension magnétique, notamment dans la régulation de l’effondrement des cœurs
denses pendant la formation stellaire. Il provoque également l’alignement des poussières responsable
de la polarisation observée en extinction dans le visible et en émission dans l’infrarouge. Il participe
aussi à l’accélération et à la propagation des rayons cosmiques dans la Galaxie, comme on l’a
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déjà mentionné. Enfin, il est responsable, avec les électrons relativistes, du rayonnement synchrotron
(aussi appelé ”magnétobremsstrahlung”).

10.7.3 Méthodes de mesure

Il existe de multiples méthodes de mesure du champ magnétique, qui renseignent sur différentes
caractéristiques du champ (intensité, orientation de la composante dans le plan du ciel, direction de la
composante sur la ligne de visée, etc.). Parmi celles-ci, on peut citer :

— L’effet Zeeman, par lequel la présence d’un champ magnétique provoque la levée de dégénérescence
de niveaux d’énergie. Si l’écart en énergie est trop faible pour être mesurable, la différence de po-
larisation circulaire entre les deux sous-niveaux peut être exploitée pour mesurer la composante
du champ le long de la ligne de visée B‖.

— L’émission synchrotron (en intensité totale et en polarisation) permet de mesurer l’intensité

B⊥ de la composante du champ dans le plan du ciel ~B⊥.
— La rotation Faraday, qui fait tourner le plan de polarisation rectiligne d’une onde électromagnétique

passant au travers d’un plasma magnétisé, permet d’accéder, si l’on connâıt aussi la densité
électronique ne, à une mesure de B‖, et notamment de son orientation le long de la ligne de
visée.

— La polarisation en extinction dans le visible, et en émission dans l’infrarouge, due à
l’alignement des poussières dans le champ magnétique, permet d’accéder à la direction de ~B⊥.
Combinée avec une mesure de la dispersion des vitesses du gaz fondée sur les largeurs de raies
spectrales, elle peut donner accès à une estimation de l’intensité B⊥ de cette composante, via
la méthode de Davis-Chandrasekhar-Fermi [55].

Figure 10.29 – Signatures observationnelles de la turbulence. Dispersion des vitesses nonther-
mique en fonction de l’échelle [56] (à gauche) et spectre de puissance de l’émission Hi dans Ursa
Major [57] (à droite).

10.8 La turbulence interstellaire

10.8.1 Signatures observationnelles

On note plusieurs signatures observationnelles de la présence de turbulence dans le MIS :
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— La distribution spatiale des émissions associées au milieu interstellaire (émission thermique des
poussières, raies moléculaires) révèle une structure complexe et filamenteuse, avec des pro-
priétés d’auto-similarité, c’est-à-dire que l’aspect d’une sous-région, vue avec une plus grande
résolution angulaire, est semblable statistiquement à celui de la région globale 47.

— Cette propriété se traduit, dans l’espace de Fourier, par la forme que prend le spectre de
puissance P (~k) de ces émissions, transformée de Fourier de la fonction d’autocorrélation
A(~τ) = 〈X(~r)X(~r + ~τ)〉, où X est la carte de l’émission. On observe en effet que, sur une

grande plage d’échelles spatiales k = ||~k||, le spectre de puissance prend la forme d’une loi

de puissance P (~k) ∝ k−α, avec un indice spectral α proche de 11/3, ce qui correspond à la
turbulence de Kolmogorov 48.

— La largeur des raies spectrales observées dans les nuages moléculaires est notablement supra-
thermale, ce qui indique que la dispersion des vitesses contient une composante supplémentaire
par rapport à la seule agitation thermique. De plus, cet excédent de dispersion des vitesses
σv,NT dépend de l’échelle `, approximativement selon σv,NT ∝ `1/2, ce qui est là aussi une
propriété observée en turbulence 49.

— À très petite échelle, on observe des signatures de la dissipation intermittente de l’énergie
turbulente, c’est-à-dire le fait que l’énergie cinétique ayant cascadé des grandes échelles ne se
dissipe pas en chaleur de manière uniforme en temps et en espace, mais dans des structures très
localisées et ephémères. Cette propriété se manifeste par l’apparition d’ailes non-Gaussiennes
dans la distribution des incréments de vitesse moyenne observés entre deux points du ciel lorsque
leur séparation est faible, ce qui signifie que les forts cisaillements sont plus probables que ce
qu’on attendrait d’une dissipation uniforme.

— La présence de certaines espèces moléculaires dans des régions où elles devraient être impossibles
à former étant donnée la température moyenne indique que la dissipation intermittente de la
turbulence peut provoquer une élévation locale très importante de la température, suffisante
pour surmonter les barrières d’activation.

10.8.2 Origine et rôle

La turbulence interstellaire est alimentée par l’injection d’énergie cinétique, notamment à grande
échelle par la rotation différentielle de la Galaxie, mais aussi par l’accumulation des supernovæ
et l’expansion de leurs rémanents. La viscosité du MIS étant très faible, le nombre de Reynolds
est très grand, Re > 5 104, ce qui conforte l’hypothèse d’un régime turbulent pour les écoulements
interstellaires. À petite échelle, la turbulence fournit un support contre l’effondrement gravitationnel
et régule donc en partie la formation stellaire.

47. Cela amène à introduire la notion de dimension fractale des structures du milieu interstellaire.
48. Ce qui pose des questions, la turbulence de Kolmogorov étant hydrodynamique et incompressible, alors que le MIS

est magnétisé et fortement compressible.
49. Avec potentiellement des exposants différents, la conservation de l’énergie dans la cascade turbulente de Kolmo-

gorov donnant plutôt σv,NT ∝ `1/3. On pourra se reporter à [56].
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Chapitre 11
La formation des étoiles

La question de la formation stellaire a pris corps au cours des années 1940, avec l’étude des étoiles
de type T-Tauri, qu’on trouve dans des nuages sombres, dont il a été réalisé qu’elles représentaient une
étape primitive des étoiles de type solaire, qui doivent avoir condensé à partir du matériau de ces
nuages. Les deux décennies suivantes furent consacrées au développement de modèles de l’effondre-
ment, avant que les avancées technologiques permettent de sonder les nuages dans l’infrarouge 1,
levant le problème de l’extinction. Ce champ de recherche est toujours très actif, d’autant plus qu’il se
connecte avec celui de la formation des (exo)planètes.

11.1 Observations de la formation stellaire

11.1.1 Les sites de formation stellaire : associations OB, T et R

La formation stellaire est observée dans tous les types de galaxies : dans les bras des galaxies
spirales, dans les galaxies ”irrégulières” comme les nuages de Magellan 2, dans les galaxies dites à
flambée d’étoiles (”starburst”), ou encore dans les galaxies en interaction. Dans notre Galaxie, on
observe une formation inhomogène spatialement, certaines régions étant très actives (W49, Orion)
et d’autres beaucoup moins (Taurus), et privilégiant 3 la formation en groupes de 10 à 107 membres.
Comme les étoiles naissent dans des régions denses du MIS, les nuages moléculaires, potentiellement
obscurcies par la poussière présente, on distinguera les amas enfouis, révélés par l’observation en
infrarouge, des sous-groupes visibles en optique, plus évolués et ayant dispersé la majorité de leur
nuage parent. En fonction de la présence ou non d’étoiles massives dans le groupe, la dispersion du gaz
sera plus ou moins efficace, de sorte qu’on distinguera 4 :

— Les associations OB, qui contiennent quelques dizaines de membres, des étoiles jeunes et
massives, sur des tailles de l’ordre de 10 à 200 pc. Elles sont formées dans les GMC, non liées
gravitationnellement, elles dispersent rapidement le gaz du nuage parent et se dispersent elles
aussi rapidement, sur des échelles de ∼ 10 Myr.

— Les associations T, qui contiennent 30 à 300 membres, des étoiles de faible masse, les T-Tauri,
sur des tailles de l’ordre de 3 à 30 pc.

1. Dans l’infrarouge proche d’abord, accessible depuis le sol, puis dans l’infrarouge moyen et lointain, où l’extinction
est encore plus faible, mais qui n’est accessible que depuis l’espace. Le lancement d’IRAS en 1983 a ouvert ce champ.

2. La nébuleuse de la Tarentule (30 Doradus) dans le LMC est l’une des régions de formation stellaire les plus actives
qu’on connaisse.

3. On pense qu’en réalité, toutes les étoiles se forment en groupe, plus ou moins nombreux. On pourra distinguer les
amas liés gravitationnellement, des associations potentiellement plus lâches.

4. Ces distinctions mettent l’accent sur les membres les plus fréquents des groupes, mais il est évident que chacun
présente une distribution en masse assez large.
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— Les associations R, qui contiennent des étoiles de masse intermédiaire (type A ou B), mélangées
à des étoiles de faible masse T-Tauri. Du fait de leur temps d’évolution assez rapide, le nuage
parent est souvent encore présent, et on observe des nébuleuses en réflection associées à ces
groupements.

11.1.2 Classification des objets stellaires jeunes

Diagrammes couleur-couleur et excès infrarouge

Si les membres les plus brillants d’un groupe sont identifiés directement dans un relevé optique ou
IR, la détermination des autres membres, et la distinction avec les étoiles d’avant-plan ou d’arrière-plan
requiert des méthodes particulières, soit d’ordre statistique (en comparant avec une région proche),
soit individuelles (mouvements propres, spectroscopie ou photométrie). La classification des membres
des groupes enfouis peut se fonder notamment sur l’utilisation de diagrammes couleur-couleur en
infrarouge, utilisant les bandes J (1.25µm), H (1.65µm) et K (2.22µm), comme le montre la Fig. 11.1.
Les courbes théoriques sur le panneau de gauche montrent les couleurs J−H et H−K pour un corps noir
à différentes températures effectives, pour des étoiles sur la séquence principale et pour des géantes
rouges. Le rougissement interstellaire déplace les points le long des lignes en tirets. Un diagramme
observé (Fig. 11.1, droite) montre que des éléments de l’amas présentent un excès infrarouge, associé
à la présence de poussières circumstellaires.

Figure 11.1 – Diagramme couleur-couleur et excès infrarouge. À gauche : diagramme couleur-
couleur théorique pour un corps noir à différentes températures effectives, pour des étoiles sur la
séquence principale et pour des géantes rouges. Le rougissement interstellaire déplace les points le
long des lignes en tirets. À droite : diagramme observé dans l’amas IC 348. Les éléments de l’amas
présentant un excès infrarouge sortent de la bande due à l’extinction interstellaire. Figure adaptée
de [26].
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Objets de classe 0, I, II et III

Une fois corrigés du rougissement interstellaire, les spectres permettent de classifier les différents
objets stellaires jeunes (Young Stellar Objects, YSO) en fonction de l’excès infrarouge, quantifié par
la pente du spectre, évaluée entre 2.2µm et 10µm,

αIR =
d log (λFλ)

d log λ
(11.1)

Différents exemples sont présentés sur la Fig. 11.2. On a alors la classification suivante :
— Les objets visibles uniquement en FIR et au delà sont dits de classe 0. Ce sont des sources très

enfouies, dont le spectre est celui d’un corps noir à 15− 30 K.
— Les objets visibles en proche infrarouge, mais avec un fort excès infrarouge (αIR > 0) sont dits

de classe I. Ils sont associés à des cœurs denses.
— Les objets pour lesquels −1.5 < αIR < 0 sont dits de classe II. Ils sont moins enfouis, et leur

spectre combine les contributions de l’objet central et du disque protoplanétaire.
— Les objets pour lesquels αIR < −1.5 sont dits de classe III. Ils ont un spectre approchant

celui d’un corps noir stellaire, le disque ayant été presque entièrement converti en planètes et en
”débris” (on parle de disques de débris).

Cette classification recouvre donc très probablement une évolution temporelle 5, de la classe 0 à la
classe III, au fur et à mesure que l’environnement circumstellaire est ”nettoyé”.

Figure 11.2 – Spectres corrigés du rougissement interstellaire pour différents objets stellaires
jeunes (classes O à III). Le spectre d’un corps noir à 2300 K est aussi indiqué. Figure adaptée de [26].

5. Une autre caractérisation possible de l’évolution d’un groupe se fonde sur la fonction de luminosité dN/dL?,
recensant le nombre d’objets de luminosité bolométrique donnée. Celle-ci évoluant rapidement, et de façon très dépendante
de la masse, pour les objets jeunes, l’évolution de cette fonction trace celle du groupe.
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Les étoiles T Tauri

Les T Tauri, du nom du prototype des étoiles de ce type (Fig. 11.3, à gauche), ont été découvertes
en 1945 par Alfred H. Joy. Elles présentent une luminosité fortement variable, du fait de l’enfouissement,
avec un type spectral F à M (Teff ∼ 2500−7000 K, L ∼ 10−3−6 L�). Leur masse typique est < 2 M�
et leur âge estimé à < 107 an. Les deux dernières classes (II et III) d’objets stellaires jeunes mentionnées
plus haut recouvrent également grosso modo deux classes d’étoiles T Tauri, qui se distinguent par leurs
propriétés en termes de raies spectrales :

— Les T Tauri classiques (classe II) présentent de fortes raies d’émission, notamment Hα et des
raies du Caii aux alentours de 400 nm. Ces raies suggèrent la présence d’une enveloppe de gaz
chaud ionisé (> 104 K).

— Les T Tauri à faibles raies (classe III) présentent, comme leur nom l’indique, des raies beaucoup
plus faibles.

Les deux classes de T Tauri sont probablement aussi nombreuses l’une que l’autre, mais la seconde a été
découverte bien plus tard, notamment au travers de leur émission X anormalement élevée, au tournant
des années 1980.

Les objets Herbig Ae/Be

Découvertes en 1960, les étoiles Herbig Ae/Be sont de type spectral A ou B, donc plus chaudes
que les T Tauri, mais elles présentent des caractéristiques similaires (raies d’émission de l’hydrogène et
du lithium, notamment). Elles sont situées dans des nuages denses et sont plus massives (2− 20 M�)
et plus jeunes (< 106 an) que les T Tauri. Une telle étoile est R Coronæ Australis, représentée sur la
Fig. 11.3 (à droite).

Figure 11.3 – Des objets stellaires jeunes. T Tauri (à gauche, Crédit : A. Block / Mount Lemmon
SkyCenter / University of Arizona) et R Coronæ Australis, une étoile Herbig Ae/Be (à droite, Crédit :
2MASS).
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11.1.3 Séquence d’évolution

Figure 11.4 – Evolution des objets proto-stellaires. En fonction du temps (de haut en bas), avec
le spectre à gauche, la représentation schématique du système au centre, et les principales propriétés à
droite. Figure issue de [58]

L’image qui se dégage de l’évolution des objets proto-stellaires est celle présentée sur la Fig. 11.4.
On y retrouve les classes déjà discutées :

— Les objets de classe 0, observés dans le continuum millimétrique, qui trace l’enveloppe de l’objet
par l’émission de la poussière chauffée. Le rapport élevé Lmm/Lbol de la luminosité millimétrique
à la luminosité bolométrique indique que cette enveloppe est beaucoup plus massive que
l’objet central et que le disque (qui représente environ 10% de l’enveloppe). L’âge typique de
ces objets est de l’ordre de 104 − 105 an.

— Les objets de classe I, qui brillent dans l’IR du fait de la luminosité d’accrétion. L’enveloppe
et le disque combinés ont désormais une masse inférieure à celle de l’objet central.

— Les objets de classe II (T Tauri classiques) ont perdu toute enveloppe mais ont encore un
disque, qui représente . 10% de la masse de l’objet central.
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— Les objets de classe III (T Tauri à faibles raies) n’ont plus qu’un disque de débris et des
compagnons planétaires.

11.1.4 Estimation des âges par le diagramme HR

On peut estimer les âges des associations T, et leur état d’activité, en plaçant les objets jeunes
visibles optiquement dans un diagramme de Hertzsprung-Russell (HR). Sur celui-ci (on donne un
exemple sur la Fig. 11.5), on note que les objets se situent tous entre deux courbes, l’une étant la ligne
des naissances (birthline), et l’autre la séquence principale à âge nul (Zero Age Main-Sequence,
ZAMS). Les modèles dont on discutera plus loin montrent que les objets stellaires jeunes de classe II
et III 6 se déplacent dans le diagramme HR de la première courbe à la seconde. La présence d’objets
proches de la ligne des naissances indique que la région est encore en train de former des étoiles, et la
position des objets les plus évolués, c’est-à-dire les plus proches de la ZAMS donne une information sur
l’âge de l’association, en comparant avec les isochrones de modèles d’évolution pré-séquence principale
(Fig. 11.5, droite). Dans certains cas, on observe que seules les étoiles d’une masse suffisante ont atteint
la ZAMS 7, ce qui permet là aussi de mettre une limite supérieure à l’âge de l’association (turn-on de
la séquence principale).

Figure 11.5 – ZAMS et ligne des naissances. À gauche : diagrammes de Hertzsprung-Russell
d’associations T dans Taurus et Chamaeleon, montrant les T Tauri classiques et à raies faibles, la ligne
des naissance et la ZAMS. Figure issue de [26]. À droite, sur le cas d’une autre association, on montre
les trajectoires d’évolution d’étoiles de différentes masses. Figure adaptée de [59].

Une méthode proche peut être utilisée pour les associations OB, telle Upper Scorpius, en notant que
pour les étoiles massives, l’évolution vers la séquence principale ne peut être observée, car trop rapide,
mais qu’on peut en revanche noter leur départ (turn-off). La déviation de la séquence principale pour
une certaine masse (par exemple 30 M�) donne l’âge de l’association via le temps de vie sur la séquence
principale (5 106 an dans ce cas). La mesure des mouvements propres peut aussi permettre de retrouver
la configuration la plus compacte, et le temps écoulé depuis cet état initial. Les deux méthodes sont
illustrées sur la Fig. 11.6.

6. Les sources moins évoluées n’apparaissent pas dans ce diagramme car on ne peut attribuer une température effective
à leur objet central.

7. Par exemple, sur la Fig. 11.5 (droite), aucune étoile de moins de 0.7 M� n’a atteint la ZAMS.
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Figure 11.6 – OB Upper Scorpius. Diagramme HR de l’association OB Upper Scorpius, montrant le
turn-off de la séquence principale (à gauche), et reconstruction de la morphologie initiale de l’association
via les mouvements propres (à droite). Figures issues de [26].

Figure 11.7 – L’amas ouvert de la “Bôıte à Bijoux”. Image ESO/VLT et diagramme HR. Figure
issue de [26].

11.1.5 Les amas ouverts

Un dernier type de groupement stellaire se doit d’être mentionné. Les amas ouverts, comme les
Pleiades, sont des associations évoluées (108 à 109 an), mais dont les membres les moins massifs
sont encore en évolution vers la séquence principale, bien que l’absence de gaz implique la fin de
la formation d’objets protostellaires. La plupart de ces amas sont gravitationnellement liés, de taille
∼ 5 pc, et regroupent quelques dizaines à quelques centaines de membres, qui partagent le même âge
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et la même composition chimique 8. Pour ces amas, on observe parfois simultanément les deux points
de turn on et turn-off de la séquence principale, comme c’est le cas sur la Fig. 11.7. Les membres les
plus massifs se trouvent dans les zones centrales les plus densément peuplées, c’est le phénomène de
ségrégation en masse, qu’on observe également dans les groupements plus jeunes, et doit donc faire
partie intégrante du processus de formation stellaire. Pour les amas ouverts, le processus de relaxation
dynamique intervient en plus, le temps caractéristique étant de l’ordre de 7 107 an.

Figure 11.8 – Fonction de masse initiale (représentée par M2φ(M)) pour les modèles de
Kroupa [60] et Chabrier [61]. Figure adaptée de [3].

11.1.6 La fonction de masse initiale (IMF)

La masse initiale d’une étoile est un paramètre déterminant pour son évolution ultérieure. Il est donc
essentiel de s’interroger sur la distribution en probabilité de ces masses. La fonction de masse initiale
(Initial Mass Function, IMF) φ(M) est définie par 9

φ(M) =
dN

dM
(11.2)

où dN est le nombre d’étoiles nouvellement formées de masse comprise entre M et M + dM . La
détermination de l’IMF repose d’abord sur l’observation de la fonction de luminosité actuelle des

8. Cette propriété en a fait des outils importants dans la découverte de l’extinction interstellaire et la construction des
premiers barreaux de l’échelle des distances cosmologiques.

9. Il convient de prendre garde au fait que certains papiers la définissent non par intervalle de masse, mais par intervalle
logarithmique en masse, soit dN/d logM . Les exposants mentionnés plus bas sont alors modifiés d’une unité.
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étoiles du champ, Φ(MV), où la magnitude absolue en bande V est un proxy de la luminosité 10. Cette
fonction Φ(MV) tenant compte du temps de vie sur la séquence principale, elle peut s’écrire comme
une intégrale sur le temps impliquant le taux de formation stellaire 11 Ṁ(t) et la fonction initiale de
luminosité Ψ(MV) (voir [26], §4.5.1). Sous des hypothèses raisonnables, on peut inverser la relation et
en tirer Ψ(MV), qui est, elle, directement reliée à φ(M). C’est ainsi que E. E. Salpeter [62] a montré,
par un ajustement entre 0.4 M� et 10 M�, que φ(M) ∝M−2.35. Depuis, d’autres estimations ont été
faites, l’IMF pouvant être mesurée jusqu’à de beaucoup plus faibles masses ∼ 0.08 M�, proches de la
limite de combustion de l’hydrogène. On commence à sonder alors la distribution de masse des naines
brunes. Parmi les formes empiriques proposées, on peut citer les IMF de Kroupa [60] (succession de lois
de puissance) et Chabrier [61] (forme log-normale), représentées sur la Fig. 11.8. Le point essentiel étant
que le nombre d’étoiles formées décrôıt rapidement au delà de ∼ 0.1 M�, une étoile sur dix environ
ayant une masse supérieure à celle du Soleil, et la masse typique d’une étoile est donc de quelques
dixièmes de masse solaire. Pour les étoiles des amas et des associations, la détermination 12 de φ(M)
est sujette à des fluctuations statistiques, mais il semble que l’IMF soit proche de celle des étoiles de
champ. L’IMF semble donc relativement indépendante de la région considérée, mais son universalité
est néanmoins toujours une question ouverte, notamment en fonction de la métallicité.

11.1.7 Observations des cœurs préstellaires

Observations et propriétés individuelles

Les cœurs préstellaires, gravitationnellement liés mais sans proto-étoile centrale, sont à distinguer
des cœurs protostellaires, dans lesquels un objet central commence à chauffer son environnement.
On observe ces cœurs au travers de leur émission dans l’infrarouge lointain et dans le millimétrique.
Un exemple de cœur préstellaire typique est L1544, dont on montre des observations millimétriques
et la dérivation du profil de densité et de température sur la Fig. 11.9. On voit que l’objet, s’il n’est
pas exactement à symétrie sphérique, est néanmoins globalement amorphe, avec une concentration
centrale peu marquée d’extension quelques 103 UA.

Figure 11.9 – Le cœur préstellaire L1544. Observations millimétriques (à gauche) et profils de
densité et de température déduits (à droite). Figures issues de [63].

La détermination de la température se fonde sur l’observation que ces objets n’émettent qu’à

10. Φ(MV)dMV est le nombre d’étoiles de magnitude MV à dMV près, par unité de volume. On observe que cette
fonction crôıt jusqu’à MV ≈ 5, ce qui correspond aux étoiles dont le temps de vie sur la séquence principale est de l’ordre
de l’âge de la Galaxie, 1010 an. Elle plafonne ensuite, pour les étoiles de plus faible luminosité.

11. par unité de volume
12. On utilise essentiellement les amas ouverts et les associations OB pour cette détermination.
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grande longueur d’onde et sont donc froids. L’émission de la poussière est modélisée par un corps noir
modifié, où la densité spectrale de flux Fν dépend de la température des poussières, de leur indice
spectral β et de la taille angulaire apparente Ω,

Fν = Bν(Td)(1− e−τν )Ω ≈ τνBν(Td)Ω = τ0

(
ν

ν0

)β
Bν(Td)Ω (11.3)

Un ajustement de la distribution spectrale en énergie (SED) observée fournit typiquement Td ∼
7 − 15 K et β ∼ 1.5 − 2. On peut également en tirer la masse des poussières, puis celle du gaz. On
trouve alors des masses de l’ordre de 0.5 à 10 M� [64].

Morphologie des populations de cœurs et fonction de masse

Dans les relevés à grand champ, on peut identifier un grand nombre de candidats pré- et pro-
tostellaires, comme le montre l’exemple d’Aquila observé avec Herschel, présenté sur la Fig. 11.10.
L’extraction des structures filamenteuses dans la carte de la densité de colonne de H2 semble pointer
le fait que les cœurs se forment en ”perles” sur des filaments denses.

Figure 11.10 – Identification de candidats pré- et protostellaires dans le nuage moléculaire
Aquila. À gauche, les triangles noirs correspondent aux cœurs préstellaires, les magenta aux cœurs
protostellaires. À droite, on montre une extraction des structures filamenteuses dans la carte de la
densité de colonne de H2. Figures issues de [65].

À partir de ces relevés, on peut construire une fonction de masse des cœurs (core mass func-
tion, CMF), en comptant le nombre de cœurs de masse comprise dans chaque intervalle. On observe
(Fig. 11.11) que cette CMF présente une forte ressemblance avec l’IMF stellaire, mais décalée vers
les plus grandes masses, ce qui peut être une signature de l’efficacité de formation stellaire (SFE).
L’IMF stellaire semble donc en partie être déterminée à l’étape des cœurs préstellaires, et des
théories sont élaborées pour expliquer la forme de la CMF [66, 67, 68].
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Figure 11.11 – CMF des cœurs préstellaires et IMF stellaire. Figure adaptée de [64].

11.2 Des cœurs aux protoétoiles

La formation stellaire implique une condensation formidable, pour passer de la densité du gaz inter-
stellaire ∼ 10 cm−3 à celle des étoiles ∼ 1022 cm−3, suivant un processus où la gravité doit surmonter la
pression thermique, le support turbulent, le support rotationnel, et le support magnétique. Comme
l’essentiel du gaz moléculaire ne semble pas en état d’effondrement, il est important de comprendre
d’abord l’équilibre des forces qui permettent aux nuages de persister sur de longues périodes.

11.2.1 Sphères isothermes

Pour discuter la structure d’un nuage, on prend le cas d’un modèle simple, à symétrie sphérique, sans
champ magnétique ni rotation, où les forces d’auto-gravité sont contrebalancées par la seule pression
thermique, et on fait l’hypothèse que le nuage est isotherme 13. En combinant l’équation d’équilibre
hydrostatique ~∇P = ρ~g = −ρ~∇Φg entre les forces de gravité et les forces de pression, l’équation d’état
isotherme P = ρc2s et l’équation de Poisson ∆Φg = 4πGρ reliant le potentiel gravitationel Φg et la
masse volumique ρ, on obtient l’équation de Lane-Emden isotherme

1

ξ2

d

dξ

(
ξ2 dψ

dξ

)
= e−ψ (11.4)

où l’on a introduit un rayon adimensionné ξ et une fonction ψ de la masse volumique

ξ =

√
4πGρc
c2s

r ρ = ρce
−ψ (11.5)

13. Cette hypothèse n’est pas valide pour les nuages moléculaires à grande échelle, mais est raisonnable pour les cœurs
denses et les globules de Bok, structures similaires aux cœurs denses mais isolées, hors de tout nuage.
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Hormis la température T apparaissant dans la vitesse du son isotherme cs, la solution dépend essentiel-
lement de la densité centrale ρc. La solution ψ et ρ/ρc en fonction de ξ est représentée sur la Fig. 11.12.
Ces solutions, paramétrées par la densité centrale ρc sont appelées sphères de Bonnor-Ebert.

Figure 11.12 – Equation de Lane-Emden isotherme. Solution (à gauche) et évolution de la masse
(adimensionnée) en fonction du contraste de densité pour un nuage borné par la pression extérieure (à
droite). Figures issue de [26].

Exercice 107 : Établir l’équation (11.4). Quelles sont les conditions ”initiales” pour la résoudre ?

À grande distance, les solutions prennent une forme en ξ−2, et il existe en réalité une solution
appelée sphère isotherme singulière, qui satisfait l’équation (11.4) mais pas les conditions initiales,

ρ(r) =
c2s

2πGr2
(11.6)

Exercice 108 : Montrer que (11.6) est effectivement solution de (11.4).

Un nuage baignant dans un milieu imposant une pression extérieure 14 P0, on doit tronquer la solution
à un rayon adimensionné ξ0 tel que P = P0. On a alors une famille de solutions paramétrées par le
contraste en densité ρc/ρ0. On peut en particulier déterminer la masse M du nuage par intégration,
qu’on écrit sous une forme adimensionnée m, avec

m =
P

1/2
0 G3/2M

c4s
=

√
ρ0

4πρc

(
ξ2 dψ

dξ

)
ξ=ξ0

(11.7)

Exercice 109 : Établir l’équation (11.7).

Cette forme ne dépendant que du contraste en densité ρc/ρ0, on peut la représenter (Fig. 11.12,
droite), et on voit qu’elle présente plusieurs oscillations. On peut montrer que les nuages de faibles
contrastes (ρc/ρ0 ≈ 1) sont essentiellement stables vis-à-vis de légères perturbations de la pression
extérieure qui les confine. Leur taille r0 ne dépend pas de G

r0 =

(
3Mc2s
4πP0

)1/3

(11.8)

Exercice 110 : Quelle loi bien connue de la physique des gaz retrouve-t-on avec l’équation (11.8) ?

14. Ou, de manière équivalente, une densité ρ0.
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11.2.2 Instabilité gravitationnelle et approche de Jeans

En se déplaçant vers la droite sur la courbe m(ρc/ρ0) de la Fig. 11.12, on atteint une masse
critique, la masse de Bonnor-Ebert MBE pour ρc/ρ0 ≈ 14.1, où m atteint son premier maximum. Les
nuages situées à droite de cette position sont instables. Pour comprendre l’origine de cette instabilité
gravitationnelle, une approche simplifiée, due à Jeans, est utile. Dans ce modèle, on considère un
milieu homogène, infini, statique, sans rotation, ni champ magnétique, et on écrit les équations de
continuité, d’Euler (viscosité nulle, η = 0), de Poisson, et d’état

∂ρ

∂t
+ ~∇ · (ρ~v) = 0

∂~v

∂t
+
(
~v · ~∇

)
~v = −

~∇P
ρ
− ~∇Φg ∆Φg = 4πGρ P = ρc2s (11.9)

On considère de petites perturbations (ρ1, P1, . . . ) aux solutions statiques (ρ0, P0, . . . ) de ces équations,

ρ = ρ0 + ρ1 P = P0 + P1 ~v = ~0 + ~v1 Φg = Φg,0 + Φg,1 (11.10)

On linéarise alors les équations en développant au premier ordre, ce qui donne

∂2ρ1

∂t2
= c2s∆ρ1 + (4πGρ0) ρ1 (11.11)

On suppose enfin, pour ces perturbations, une forme harmonique 15, soit

ρ1 = Aρ exp [i(~k · ~r − ωt)] (11.12)

ce qui donne la relation de dispersion

ω2 = c2s
(
k2 − k2

J

)
kJ =

√
4πGρ0

cs
(11.13)

et montre qu’une perturbation est instable si sa longueur d’onde λ = 2π/k de la perturbation est
supérieure à la longueur de Jeans

λJ =

√
πc2s
Gρ0

(11.14)

Elle correspond à une masse de Jeans, prise comme la masse de la sphère homogène de diamètre λJ

MJ =
π

6
ρ0λ

3
J (11.15)

Numériquement, on a λJ ≈ 0.2 pc et MJ ≈ 1 M� pour un gaz d’hydrogène de densité nH = 104 cm−3

et de température T = 10 K. La masse de Bonnor-Ebert est l’équivalent à symétrie sphérique de la
masse de Jeans, et elle marque donc le début de l’instabilité d’un nuage 16 qui se développe sur une
échelle de temps

τJ =
1√

4πGρ0
≈= 2.3 105

( nH

104 cm−3

)−1/2

(11.16)

Exercice 111 : Établir l’équation (11.11) puis l’équation (11.13).

Exercice 112 : Pourquoi l’état initial de l’approche de Jeans est-il en fait complètement irréaliste
(on parle d’”arnaque de Jeans”) ? Cela ne pose pas de problème puisqu’une approche plus correcte à

15. On fait une analyse de stabilité linéaire, en déterminant la relation de dispersion entre ω et k, et les conditions
pour lesquelles ω peut présenter une partie imaginaire, aboutissant à des perturbations exponentiellement croissantes, ce
qui traduit l’instabilité.

16. D’autre modes perturbatifs deviennent successivement instables lorsqu’on continue à se déplacer vers la droite sur
la courbe m(ρc/ρ0). Au premier maximum, MBE, c’est le mode fondamental qui se déstabilise, et chaque extremum sur
cette courbe marque la déstabilisation d’un mode supplémentaire. Pour la sphère isotherme singulière, obtenue dans la
limite ρc/ρ0 →∞, tous les modes sont instables.
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partir de l’équation de Lane-Emden donne des résultats proches.

Les valeurs numériques de λJ et MJ montrent que les cœurs denses et les globules de Bok sont
proches de l’instabilité gravitationnelle. Le cas des clumps, dont la densité et la température sont
proches de celles des cœurs, mais la masse sensiblement plus élevée (10 à 103 M�), le fait qu’ils ne
semblent pas en effondrement indiquent que d’autres supports sont requis contre la gravité que la
seule pression thermique.

Figure 11.13 – Influence de la rotation sur la stabilité. Courbes m(ρc/ρ0) pour deux paramètres
de rotation β (à gauche) et évolution de la masse critique marquant le premier maximum de m(ρc/ρ0),
en fonction de β (à droite). Figures adaptées de [26].

11.2.3 Support rotationnel

On peut généraliser l’approche précédente en incluant l’effet de la rotation du nuage autour d’un
axe fixe. Il faut alors passer en coordonnées cylindriques (%, θ, z) et introduire le moment cinétique
spécifique 17 j = %uθ, où uθ est la composante orthoradiale de la vitesse. L’impact de la force centrifuge
est une stabilisation des configurations, mais le détail dépend de la manière dont j varie avec la distance
à l’axe 18. En supposant une rotation solide à la vitesse angulaire Ω0, on peut faire une résolution
numérique, qui va dépendre de deux paramètres indépendants :

— Le contraste de densité ρc/ρ0, de même que pour les modèles sans rotation
— Un paramètre caractérisant la rotation, β = Ω2

0r
3
0/(3GM), rapport de l’énergie cinétique de

rotation à l’énergie potentielle gravitationnelle dans le cas sans rotation.
La Fig. 11.13 montre que la masse maximale (critique) au-delà de laquelle le nuage est instable augmente
lorsque β augmente, c’est-à-dire que le support rotationnel est plus important. En réalité, la mesure
de l’énergie cinétique de rotation des cœurs denses, via les profils de raies, semble indiquer qu’elle est
négligeable devant l’énergie potentielle gravitationnelle, soit β . 10−3. Il faut donc chercher ailleurs la
source du support contre la gravité, en l’occurrence le champ magnétique.

17. Le terme ”spécifique” signifie ”par unité de masse”, c’est une dénomination usuelle.
18. Il doit crôıtre en s’éloignant de l’axe, faute de quoi une instabilité rotationnelle se développe, mais il n’y a pas

d’autre contrainte théorique ou observationnelle.
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11.2.4 Support magnétique

Un peu de MHD

La présence d’un champ magnétique impose de traiter le problème en magnétohydrodynamique
(MHD), qui décrit la dynamique relativement lente de fluides conducteurs. On considère donc un fluide
de masse volumique ρ, dont les seuls constituants sont des particules de masse m et de charge q. On
se place dans le référentiel R de l’observateur, supposé galiléen. On note ~v la vitesse d’un élément
mésoscopique du fluide dans ce référentiel, et n sa densité particulaire (nombre de particules par unité
de volume). Cet élément de fluide est potentiellement soumis à un champ de gravité dont l’accélération
locale est notée ~g. On note par ailleurs P la pression cinétique locale et on regroupe toute autre force
par unité de volume qui s’applique localement, une fois tenu compte de la gravité et des forces de
pression, sous la notation ~f . Les équations de la dynamique des fluides avec ces notations sont alors
l’équation de continuité, qui exprime la conservation de la masse

∂ρ

∂t
+ ~∇ · (ρ~v) = 0, (11.17)

et l’équation d’Euler, qui exprime la conservation de la quantité de mouvement 19

ρ

[
∂~v

∂t
+
(
~v · ~∇

)
~v

]
= ρ~g − ~∇P + ~f. (11.18)

Le mouvement d’un fluide chargé implique l’existence de courants, dont la densité volumique dans le
référentiel R est notée ~j = nq~v.

Pour chaque élément de fluide, on peut à chaque instant introduire un référentiel propre R′, en
mouvement rectiligne uniforme à la vitesse ~v par rapport à R, de sorte que cet élément de fluide est
immobile dans R′ à cet instant. Dans ce référentiel propre de l’élément de fluide, les champs électrique
et magnétique sont respectivement ~E′ et ~B′, et ils se transforment en ~E et ~B dans le référentiel de
l’observateur selon les lois de transformation relativiste des champs

~E′ = γ
(
~E + ~v ∧ ~B

)
− (γ − 1)

(
~E · ~u

)
~u ~B′ = γ

(
~B − ~v ∧ ~E

c2

)
− (γ − 1)

(
~B · ~u

)
~u (11.19)

où ~u = ~v/v est le vecteur unitaire de la vitesse ~v de R′ par rapport à R. On fait l’hypothèse que les
mouvements du fluide sont non-relativistes, de sorte que β = v/c� 1 et γ ≈ 1, et donc

~E′ =
(
~E + ~v ∧ ~B

)
~B′ =

(
~B − ~v ∧ ~E

c2

)
(11.20)

La loi d’Ohm locale dans le référentiel propre du fluide s’écrit ~j′ = σ ~E′, où σ est la conductivité
électrique. En se plaçant dans le cadre de la MHD idéale, pour laquelle la conductivité électrique est
infinie, on en déduit que le champ ~E′ doit être nul (sinon le courant serait infini) et donc

~E = −~v ∧ ~B (11.21)

On a alors directement, à partir de l’équation de Maxwell-Faraday, l’équation d’induction

∂ ~B

∂t
= ~∇∧

(
~v ∧ ~B

)
. (11.22)

L’expression de la densité de courant ~j peut être obtenue à partir de l’équation de Maxwell-Ampère

µ0
~j = ~∇∧ ~B − 1

c2
∂ ~E

∂t
(11.23)

19. On néglige la viscosité.
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En introduisant une échelle caractéristique `0 et un temps caractéristique t0 de l’écoulement, on a, en
ordre de grandeur

|~∇∧ ~B|∣∣∣∣∣ 1

c2
∂2 ~E

∂t2

∣∣∣∣∣
∼

B

`0
E

c2t0

(11.24)

Or E ∼ vB d’après la relation écrite plus haut, et de plus v ∼ `0/t0, ce qui donne alors

|~∇∧ ~B|∣∣∣∣∣ 1

c2
∂2 ~E

∂t2

∣∣∣∣∣
∼
( c
v

)2

� 1 (11.25)

On en déduit que le terme de courant de déplacement peut être négligé devant ~∇ ∧ ~B, ainsi qu’une
approximation de la densité volumique de courant

~j =
~∇∧ ~B
µ0

(11.26)

L’approximation du flux gelé

Dans le cadre des hypothèses faites ici, on peut appliquer le théorème du ”flux gelé”, qui s’énonce
comme suit. Étant donnée une surface S attachée au fluide et traversée par un flux magnétique Φ, soit

Φ =

¨
S
~B · ~dS, (11.27)

on montre que ce flux est constant au cours du temps lorsqu’on tient compte simultanément des
variations temporelles du champ ~B en un point donné de l’espace et des variations de la surface
d’intégration S du fait des mouvements du fluide. Mathématiquement, on écrit

dΦ

dt
=

¨
S

(
∂ ~B

∂t

)
·

~dS +

˛
C
~B ·
(
~v ∧ ~d`

)
= 0 (11.28)

où C est le contour fermé (orienté selon ~d`) sur lequel s’appuie la surface S. Cette approximation est
dite du flux gelé, car elle correspond au fait que les lignes de champ magnétique sont entrâınées avec
le fluide, et qu’inversement, le gaz est astreint à se déplacer avec les lignes de champ. Cette contrainte
est appliquée aux ions et aux électrons, qui entrâınent le reste du gaz par friction. Il est certain que
cette approximation ne peut être valide à toutes les étapes de la formation stellaire et qu’un découplage
de la matière et du champ doit avoir lieu (la diffusion ambipolaire et la reconnexion des lignes de
champ) pour que la contraction puisse procéder jusqu’aux densités stellaires 20.

Pression et tension magnétique

Dans le système considéré, la force par unité de volume ~f se résume à la composante magnétique
de la force de Lorentz, soit

~f = n×
(
q~v ∧ ~B

)
= ~j ∧ ~B =

(
~∇∧ ~B

)
∧ ~B

µ0
(11.29)

20. On trouve sinon des valeurs de champ magnétique pour les T Tauri qui sont des ordres de grandeur trop élevées.
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dont on peut montrer 21 qu’elle peut s’écrire

~f = −~∇
(
B2

2µ0

)
+

1

µ0

(
~B · ~∇

)
~B (11.31)

En écrivant l’équation d’Euler complète, on a alors

ρ

[
∂~v

∂t
+
(
~v · ~∇

)
~v

]
= ρ~g − ~∇P − ~∇

(
B2

2µ0

)
+

1

µ0

(
~B · ~∇

)
~B (11.32)

On peut donc combiner les deux termes de gradient apparaissant au membre de droite, selon

−~∇P − ~∇
(
B2

2µ0

)
(11.33)

Il apparâıt donc que la quantité

Pm =
B2

2µ0
. (11.34)

se comporte comme le terme de pression, ce qui justifie son nom de pression magnétique. Pour
comprendre l’effet physique de ces deux termes de ~f , on peut s’appuyer sur le théorème du flux gelé,
en considérant les situations représentées sur la Fig. 11.14.

!B !B

R R′

z

S
0

!B !B

R

z

S
0

Figure 11.14 – Interprétation de la pression et de la tension magnétiques. Sur le panneau de
gauche, on considère le cas de la contraction homothétique d’une surface circulaire de rayon initial R,
les lignes de champ magnétiques restant parallèles à l’axe Oz. Sur le panneau de droite, on considère le
cas où la surface circulaire n’est pas déformée mais se déplace globalement, les lignes de champ restant
fixées à grande distance sur l’axe Oz.

Sur le panneau de gauche, une surface S, circulaire de rayon R, traversée par le champ ~B supposé
uniforme, est contractée de manière homothétique en une surface également circulaire, de rayon R′ < R,
le champ magnétique traversant la surface restant uniforme. Le flux magnétique au travers de S s’écrit
Φ = πR2B et il est constant. On a donc B ∝ R−2. La pression magnétique, en B2, va donc augmenter,
et le système résister à la contraction, ce qui justifie l’idée selon laquelle le champ magnétique fournit
un support contre la gravité.

Pour interpréter le second terme de ~f , on considère maintenant la situation représentée sur le
panneau de droite de la Fig. 11.14. La surface circulaire de rayon R n’est cette fois pas déformée

21. Il faut utiliser la formule

~∇ (~u · ~v) =
(
~u · ~∇

)
~v +

(
~v · ~∇

)
~u+ ~u ∧

(
~∇∧ ~v

)
+ ~v ∧

(
~∇∧ ~u

)
(11.30)
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mais déplacée légèrement vers la droite, de sorte que le champ magnétique, d’intensité uniforme et
constante, est courbé, les lignes de champ restant attachées à grande distance. Au niveau z = 0, le
champ magnétique s’écrit ~B = B~u = B~ez avec ~ez le vecteur unitaire de l’axe z, et donc

1

µ0

(
~B · ~∇

)
~B =

B

µ0

d(B~u)

dz
(11.35)

Or on note que l’intensité du champ magnétique reste uniforme, donc finalement

1

µ0

(
~B · ~∇

)
~B =

B2

µ0

d~u

dz
(11.36)

Sur le schéma, on note que d~u/dz est orienté vers la gauche, et de manière générale il serait orienté
vers l’intérieur de la courbure des lignes de champ. Comme B2/µ0 > 0, la force est donc dirigée dans
ce sens, et elle a pour effet de tenter de diminuer cette courbure, et de restaurer des lignes de champ
”droites”. Cela justifie l’appellation de tension magnétique pour ce terme.

Equilibre d’un nuage en présence de champ magnétique

On trouvera dans [26] (§9.4) la discussion des configurations d’équilibre en présence d’un champ
magnétique mais sans rotation, qui dépendent de trois paramètres : le contraste en densité, le rapport
α de l’énergie magnétique à l’énergie thermique, et le rayon adimensionné ξ0. Les lignes de champ,
en particulier, présentent une géométrie ”en sablier” (”hourglass”), avec une distribution en densité
aplatie perpendiculairement aux lignes de champ. C’est le résultat du fait que les ions peuvent librement
s’écouler le long des lignes de champ, et donc y entrâıner les neutres, ce qui provoque une contraction
d’abord préferentiellement parallèle aux lignes de champ. La contraction perpendiculairement au champ
entrâıne la formation de la structure en sablier, comme on peut le voir sur la Fig. 11.15.

Figure 11.15 – Influence du champ magnétique. À gauche : exemples de configurations d’équilibre
en présence d’un champ magnétique (courbes isodensité en traits gras, lignes de champ magnétique en
traits fins). Figure issue de [26]. À droite : observation de l’émission et du champ magnétique dans la
protoétoile NGC1333-IRAS4A [69].

La stabilité du nuage peut ici aussi être discutée, et il est intéressant de le faire à partir du théorème
du viriel, qu’on écrira ici

2Ec + Eg + Em = 0 (11.37)

en faisant intervenir l’énergie cinétique Ec, l’énergie potentielle gravitationnelle Eg et l’énergie magnétique
Em = V B2/(2µ0), où V est le volume du nuage. En négligeant l’énergie cinétique, on montre qu’il y
a une valeur critique du rapport masse-flux 22 au-delà de laquelle le nuage est instable(

M

Φ

)
crit

=

√
20

9πµ0G
(11.38)

22. On parle ici du flux magnétique Φ = πR2B au travers de la section du nuage.
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Les nuages pour lesquels M/Φ dépasse cette valeur sont appelés supercritiques, les autres sont dits
sous-critiques. L’analyse de stabilité peut aussi se faire à la manière de l’approche de Jeans, quoique
plus complexe, et fait apparâıtre, en plus des ondes sonores, les ondes MHD que sont les ondes
magnétosoniques et les ondes d’Alfvén. On se reportera à [26] (§9.5) pour une discussion exhaustive.

11.2.5 Temps de chute libre

Pour un nuage instable, la question du temps caractéristique de contraction se pose naturellement.
On peut l’aborder dans un cas extrêmement simplifié qui est celui de la chute libre pour un nuage
homogène de masse M , en symétrie sphérique (on note R le rayon initial) et en négligeant le gradient
de pression pouvant contrebalancer la gravité. On part donc de l’équation du mouvement

d2r

dt2
= −Gm(r)

r2
(11.39)

pour une particule située initialement au rayon r, attirée par la masse m(r) interne à ce rayon. En
passant en variable vitesse radiale u = ṙ, on montre que le temps de chute libre s’écrit

tff =

√
3

8πGρ0

ˆ 1

0

√
ξ

1− ξdξ =

√
3π

32Gρ0
(11.40)

où ρ0 est la masse volumique initiale du nuage. Numériquement, on a

tff = 4.4 104
( nH

106 cm−3

)−1/2

an (11.41)

Exercice 113 : Établir l’expression (11.40) du temps de chute libre.

11.2.6 La fragmentation hiérarchique

Au cours de l’effondrement, il peut se produire un phénomène de fragmentation permettant peut-
être d’interpréter le fait que la formation stellaire se fasse en groupes. Considérons un nuage gravita-
tionnellement instable, de masse M0 > MJ, en évolution isotherme. Le modèle de la Fig. 11.16 (à
gauche) est une version extrêmement schématique de cette situation. Le nuage en contraction passe
d’une taille caractéristique L à une taille aL, avec a < 1. La masse de Jeans (11.15), qui varie comme
ρ−1/2T 3/2, donc comme (aT )3/2 ou encore a3/2 dans une évolution isotherme, décrôıt avec le temps t
puisque a(t) est une fonction décroissante. Une sous-région du nuage, de masse bM0 avec b < 1, devient
instable dès lors que MJ(a) < bM0. Chaque sous-nuage s’effondre alors sur lui-même indépendamment
du reste du nuage. La fragmentation s’arrête du fait de l’augmentation de l’opacité τ , qui résulte
de l’augmentation de la densité du gaz et des poussières lors de l’effondrement. Le piégeage radiatif
qui s’ensuit amène une élévation de température qui fait remonter la masse de Jeans et stoppe
le processus. On peut produire de trois a huit fragments à chaque niveau, et la masse minimale d’un
fragment peut être calculée [64] (§5.3)

Mmin ≈ 10c

(
h

2G

)3/2(
kBT

µ9

)1/4

(11.42)

où µ est la masse moyenne par particule. Numériquement, pour T = 10 K et µ = 4 10−27 kg, on trouve
Mmin ≈ 0.015 M�, bien inférieure à la limite de combustion de l’hydrogène. Ce calcul prédit donc en
quelque sorte l’existence des naines brunes.
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Figure 11.16 – Fragmentation hiérarchique. Modèle schématique (à gauche) et représentation plus
”réaliste” de son effet sur un nuage en effondrement (à droite).

11.2.7 Afranchissement des supports magnétique et rotationnel

On a vu que le champ magnétique et la rotation pouvaient fournir un support contre l’effondrement
gravitationnel 23. Il convient donc de voir comment on peut s’en affranchir pour permettre la contraction.

La diffusion ambipolaire

La présence d’un champ magnétique dans un milieu partiellement ionisé 24 avec une conductivité
électrique très grande impose le gel du champ magnétique dans la matière, par le biais de l’attachement
des ions 25 au champ et de la friction entre les ions et les neutres. Ces dernier peuvent se déplacer
librement par rapport à ~B, et il y a donc diffusion entre les ions et les neutres, qu’on appelle diffusion
ambipolaire. Le temps caractéristique de cette diffusion s’écrit

τAD ∼
3xeCin

4πGmH
(11.43)

où Cin est la section efficace de collision ion-neutre. Numériquement, si xe est déterminée par l’équilibre
entre l’ionisation de H2 par les rayons cosmiques (∝ ζCRnH2

) et la recombinaison (∝ x2
en

2
H2

), on trouve

τAD ≈ 2.5 106
( nH2

104 cm−3

)−1/2

an (11.44)

Assez rapidement, l’essentiel de la masse (portée par les neutres) a donc pu diffuser vers le
centre, laissant derrière elle les lignes de champ. La situation peut alors aussi être vue comme une
augmentation du rapport M/Φ, et l’effondrement peut se poursuivre.

23. Pour le cas de la rotation, ce support est négligeable dans les cœurs mais devient important à petite échelle lorsque
l’objet protostellaire central est formé.

24. L’ionisation est très faible : on rappelle que la fraction d’ionisation est xe . 10−7 dans ces régions.
25. Les électrons aussi, mais ils comptent pour une fraction négligeable de la masse et sont moins bien couplés aux

neutres.
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La barrière centrifuge et le freinage magnétique

Dans les phases tardives de l’effondrement, l’énergie cinétique de rotation va prendre un rôle impor-
tant. Pour le comprendre, prenons le cas d’un nuage sphérique homogène, de masse M , non magnétisé,
de rayon initial R0, en rotation solide à la vitesse angulaire initiale Ω0 autour d’un axe Oz. La conser-
vation du moment cinétique implique que la vitesse angulaire de rotation et l’énergie cinétique corres-
pondante augmentent lors de la contraction,

Ω = Ω0

(
R0

R

)2

Erot =
1

5
MR2Ω2 =

1

5
MR2

0Ω2
0

(
R0

R

)2

(11.45)

L’énergie potentielle gravitationnelle, elle, augmente aussi en valeur absolue, mais moins vite, puisqu’elle
est en 1/R. Le rapport des deux énergies est alors

Erot

|Eg|
=

(
Erot

|Eg|

)
0

(
R0

R

)
(11.46)

et l’effondrement s’arrête lorsque ce rapport atteint l’unité. On se heurte à une barrière centrifuge
ennuyeuse : typiquement, dans un cœur dense de 0.1 pc, on a Erot/Eg ∼ 10−3, de sorte que le rapport
de compression R0/R ne saurait dépasser ∼ 1000, la densité du milieu n’augmentant que d’un facteur
109 au lieu des 1021 recherchés. Il faut donc évacuer du moment cinétique, i.e., ralentir la rotation.

La solution se trouve dans le champ magnétique. Les lignes de champ traversant le nuage sont
”arrimées” au champ à grande échelle. La rotation du cœur central tend à les enrouler, comme le
montre le schéma de la Fig. 11.17 (gauche). La tension magnétique cherchant à réaligner les lignes
de champ, des ondes d’Alfvén se propagent du cœur vers l’enveloppe, à la vitesse d’Alfvén vA. Dans
l’enveloppe, les ions sont entrâınés par le mouvement du champ magnétique, et les neutres suivent
par friction, ce qui aboutit à une mise en rotation de l’enveloppe, permettant l’évacuation du moment
cinétique du cœur. Un modèle très simple permet d’estimer le temps caractéristique de ce freinage
magnétique, qui dépend de la masse et du rayon du nuage, de la densité ρe de l’enveloppe, et de
l’intensité du champ magnétique,

τMB ∼
M

πR2ρevA
(11.47)

La barrière centrifuge peut ainsi être surmontée sur cette échelle de temps, mais le processus peut
être trop efficace, car il semble empêcher la formation de disques protoplanétaires. Comme on ob-
serve ces disques, on parle de ”magnetic braking catastrophe”, qui est potentiellement résolue par
le désalignement entre axe de rotation et champ magnétique, comme le suggèrent les simulations
(Fig. 11.17, droite [70]).

11.2.8 Premier cœur hydrostatique de Larson

La remarque qui a été faite plus haut sur l’effet de l’augmentation de l’opacité a son importance
sur l’évolution d’un fragment isolé. Thermodynamiquement, on peut appliquer le premier principe

dU = δW + δQ = −PdV + δQ (11.48)

le travail reçu par le nuage étant celui des forces de pression, qui est positif puisque dV < 0. Le gaz
étant supposé parfait, il obéit à la première loi de Joule, U n’est fonction que de T . Une évolution
isotherme implique donc dU = 0 et donc δQ < 0. Le système doit évacuer de la chaleur, ce qu’il
fait sous forme de rayonnement 26. Cela est possible tant que la densité est suffisamment faible, mais
l’opacité augmente nécessairement lorsque le rayon du nuage diminue, puisque

τ ∝
ˆ
nHdr ∝ R−2 (11.49)

26. Conduction et convection sont très inefficaces dans ces milieux raréfiés.
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Figure 11.17 – Freinage magnétique. Schéma montrant le principe du freinage magnétique par
enroulement des lignes de champ, propagation d’ondes d’Alfvén vers l’enveloppe et mise en co-rotation
de celle ci (à gauche) et simulations numériques de cet effet [70].

Lorsque le nuage devient optiquement épais, l’isothermalité est rompue et l’évolution doit devenir
adiabatique. On a alors augmentation de l’énergie interne dU = δW > 0 jusqu’à atteindre l’équilibre
avec l’énergie potentielle de gravitation et l’énergie cinétique, selon la relation du viriel 2(Ec+U)+Eg =
0. On observe alors une pause de l’effondrement dans les parties centrales opaques, c’est la formation du
premier cœur hydrostatique de Larson (first hydrostatic core, FHSC). Le gaz des couches externes
continue, lui, à s’effondrer, ce qui provoque un choc d’accrétion sur le cœur. La Fig. 11.18 présente
des simulations de ces objets, au temps de vie très court, et des observations d’objets candidats.

Figure 11.18 – Premiers cœurs hydrostatiques. Simulations (à gauche) [71] et observations d’objets
candidats (à droite) [72].
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11.3 L’évolution vers la séquence principale

11.3.1 La phase principale d’accrétion

Lorsqu’au centre du cœur en effondrement, l’opacité devient trop importante pour évacuer l’énergie 27,
un objet central stable est né, le premier cœur de Larson. À ce stade, sa masse est de l’ordre de
5 10−2 M� et sa taille ∼ 5 UA. L’application du théorème du viriel montre que sa température est alors
∼ 850 K, et sous l’effet de l’accumulation de masse, cette température augmente en M/R. Lorsqu’elle
dépasse ∼ 2000 K, l’hydrogène moléculaire commence à se dissocier collisionnellement. Ce pro-
cessus étant fortement endothermique, il prélève de l’énergie interne au système et lui retire donc du
support contre la gravité. C’est la fin du premier cœur hydrostatique de Larson et le second collapse,
au bout duquel un second cœur hydrostatique se forme, qui est une véritable proto-étoile aux pro-
priétés quasi-stellaires (M? ∼ 0.1 M�, R? ∼ 5 R�, T? ∼ 105 K). Le matériau de l’enveloppe continue à
s’effondrer et vient accréter sur la proto-étoile, c’est la phase principale d’accrétion pendant laquelle
la proto-étoile va constituer l’essentiel de sa masse.

Pour traiter cette phase, on considère le modèle d’accrétion de Bondi, dont les hypothèses sont :
— La proto-étoile est assimilée à une masse ponctuelle au repos dans un milieu ambiant uniforme ;
— L’accrétion est à symétrie sphérique, à un taux Ṁ constant ;
— L’équation d’état du gaz est isotherme, avec une vitesse du son constante ;
— L’auto-gravité du gaz est négligeable devant l’attraction exercée par la proto-étoile ;
— L’augmentation de la masse de la proto-étoile est négligeable devant sa masse initiale ;
— Le système est en régime stationnaire.

Figure 11.19 – Accrétion de Bondi. Schéma du modèle de l’accrétion de Bondi (à gauche) et
évolution d’une particule fluide entre t et t+ dt pour résoudre le problème (à droite).

Le problème est schématisé sur la Fig. 11.19. En considérant l’accélération radiale a(r) d’une particule
fluide entre t et t + dt, l’équation du mouvement sous l’effet de la gravité de la proto-étoile et des
forces de pression, l’équation d’état isotherme reliant pression et densité et la conservation de la masse
au travers d’une coquille sphérique, soit

Ṁ = 4πr2v(r)ρ(r) (11.51)

27. Remarquons ici que dans la phase précédente, la luminosité L est fournie par la libération d’énergie potentielle
gravitationnelle Eg , selon

L = 4πR2σT 4 ∝ −G
M2Ṙ

R2
(11.50)

La température du cœur est faible, mais sa grande taille compense pour fournir une luminosité importante.
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on obtient une équation différentielle non-linéaire donnant la vitesse v(r) du gaz en fonction de r

dv

dr
= −

GM?

r2
− 2c2s

r

v(r)− c2s
v(r)

(11.52)

Exercice 114 : Établir l’équation différentielle (11.52).

On peut résoudre cette équation en séparant les variables v et r, et en appliquant la condition aux
limites qu’à grande distance r →∞ la vitesse s’annule et la densité tend vers celle de l’enveloppe, ρ0.
Pour une proto-étoile donnée dans un environnement donné, on obtient alors une relation analytique
(quoiqu’implicite) entre la vitesse et la position

Ṁ = 4πρ0vr
2 exp

(
GM?

c2sr
− v2

2c2s

)
(11.53)

Exercice 115 : Résoudre l’équation différentielle (11.52) pour obtenir la solution (11.53).

Figure 11.20 – Solutions de l’accrétion de Bondi. Solutions ṽ(r̃) pour différents taux d’accrétions

adimensionnés ˜̇M (à gauche) et profils de vitesse et de densité pour les solutions physiquement accep-
tables (à droite). Figure adaptée de [64].

On note que, dans l’équation différentielle (11.52), il existe potentiellement une singularité qui
correspond à l’existence d’un point sonique Rs tel que v(Rs) = cs. Cela ne pose pas de problème si
le numérateur s’annule également en ce point, ce qui permet de déterminer Rs,

Rs =
GM?

2c2s
(11.54)

L’équation implicite (11.53) peut être résolue numériquement en introduisant un rayon adimensionné,
une vitesse adimensionnée et un taux d’accrétion adimensionné,

˜̇M = ṽr̃2 exp

(
2

r̃
− ṽ2

2

)
(11.55)
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ce qui donne les courbes de la Fig. 11.20. Les seules solutions physiquement acceptables sont celles qui
sont subsoniques (v < cs) et la seule solution qui passe par le point sonique (r, v) = (Rs, cs), indiquée
en vert. Le taux d’accrétion correspondant à cette dernière solution est une valeur critique

Ṁc =
e3/2πρ0G

2M2
?

c3s
(11.56)

pour laquelle on peut avoir une accrétion supersonique sur la proto-étoile, atteignant asymptoti-
quement la vitesse de chute libre (Fig. 11.20, droite). L’arrivée de ce matériel en chute libre sur la
proto-étoile provoque un choc d’accrétion et la luminosité de l’objet central est essentiellement due à
l’accrétion

L = G
M?Ṁ

R?
(11.57)

Exercice 116 : Démontrer l’expression (11.56) du taux d’accrétion critique.

11.3.2 Évolution dans le diagramme de Hertzsprung-Russell

Après la fin de la phase d’accrétion, les protoétoiles sont alors visibles optiquement, et on peut
déterminer leur luminosité et leur température effective, elles apparaissent alors dans le diagramme de
Hertzsprung-Russell. Toutes se trouvent en dessous d’une courbe appelée ligne des naissances, comme
on le voit sur la Fig. 11.5. Elles vont ensuite évoluer, rapidement d’abord puis plus lentement, vers la
séquence principale, le long de trajectoires déterminées par leur masse M?, comme le montrent les
différents panneaux de la Fig. 11.21.

Figure 11.21 – Évolution des proto-étoiles dans le diagramme HR. Apparition au niveau de la
ligne des naissances (A), en passant par les trajectoires de Hayashi (B) et de Henyey pour les étoiles
peu massives (C) et très massives (D). Figure adaptée de [64].
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Trajectoires de Hayashi

Le début de l’évolution de l’objet central, opaque au rayonnement en raison de la poussière et
en équilibre hydrostatique, est une contraction quasi-statique, appelée contraction de Kelvin-
Helmholtz, qui libère de l’énergie gravitationnelle, dont la moitié sert à chauffer le gaz et et l’autre
moitié est rayonnée. Pour déterminer l’évolution dans le diagramme HR, il faut considérer la struc-
ture de l’atmosphère de la proto-étoile. Au-desssus de 2000 K, la poussière est détruite, et l’opacité κ
est fournie par les ions H−, avec κ = κ1ρ

3/2T 9/2. Dans les couches les plus externes, l’énergie est
transportée radiativement, de sorte que la constance du flux radiatif

F = −4σT 3

κ

dT

dr
= σT 4

? (11.58)

permet de relier la structure en température T (τ) de ces couches à la température de surface T?,

T (τ) = T? (τ + 1)
1/4 (11.59)

L’équilibre hydrostatique et l’équation d’état, qui s’écrivent 28

dP

dτ
=
GM?ρ(τ)

κ(τ)R2
?

P (τ) =
ρ(τ)kBT (τ)

µ
(11.60)

permettent alors de déterminer la structure en pression

P (τ) =

[
3GM? ln (τ + 1)

2κ1R2
?T

4
?

]2/3(
kB
µ

)1/3

(11.61)

Le transport reste radiatif sur une faible épaisseur optique τ ≈ 4, puis devient convectif, le gradient
d lnP/d lnT devenant trop faible. Il est alors imposé par le rapport γ/(γ − 1) ≈ 5/2 et la relation
pression-température devient

P

T 5/2
=

Pt

T
5/2
t

(11.62)

où Pt et Tt sont les valeurs de la pression et de la température calculées au point de transition radiatif-
convectif (τ = 4). Dans cet intérieur convectif, l’équation d’état et l’équilibre hydrostatique fournissent
deux équations reliant respectivement la température et la pression à la masse et au rayon

T ≈ GM?µ

kBR
P ≈ GM

2
?

R4
?

(11.63)

À partir de ces expressions de P et T et de leurs valeurs à la transition radiatif-convectif, on en tire la
relation entre luminosité L? = 4πR2

?σT
4
? , température de surface T? et masse M? de la proto-étoile

L? ∝M−14
? T 66

? (11.64)

La luminosité diminue au cours du temps 29, de sorte que la proto-étoile se déplace dans le diagramme
HR vers le bas. La température varie en revanche très peu, et les trajectoires sont très proches les unes
des autres pour différentes masses. Ces deux propriétés se comprennent à partir des dérivées[

d lnL?
d lnT?

]
M?

≈ 66� 1

[
d lnT?
d lnM?

]
L?

≈ 14

66
� 1 (11.65)

Ces portions de l’évolution des proto-étoiles dans le diagramme de Hertzsprung-Russell s’appellent les
trajectoires de Hayashi (Fig. 11.21, panneau B). Les proto-étoiles de masse M? . 0.4 M� atteignent
la séquence principale (ZAMS) à la fin de cette évolution.

28. On rappelle que µ est la masse moyenne par particule du gaz.
29. On peut construire un modèle d’équilibre hydrostatique pour un gaz polytropique, adapté au cas d’une évolution

adiabatique. Cela amène à écrire une équation de Lane-Emden (non isotherme) qui permet de déterminer la loi de
contraction Ṙ? de l’étoile et de montrer que sa luminosité diminue (voir [26], §16.2).
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Trajectoires de Henyey

Les étoiles de plus grande masse procèdent différemment. En effet, la température continue d’aug-
menter, bien que lentement, et il arrive un point où la source d’opacité dominante devient l’opacité libre-
libre et lié-libre, κ = κ2ρ

2T−7/2, avec par conséquent un changement drastique de la dépendance
en température. La chute de l’opacité, combinée à l’augmentation de température et à la diminution
de la luminosité fait que le gradient de température radiatif(

dT

dR

)
rad

∝ κL?
T 3
?

(11.66)

décrôıt en deça du gradient de stabilité, et l’équilibre de l’étoile devient radiatif. On en tire une nouvelle
relation entre la masse, la luminosité et la température de surface, sous la forme

L? ∝M22/5
? T

4/5
? (11.67)

La température continue d’augmenter, mais cette fois la luminosité augmente également. On a des
trajectoire à peu près diagonales dans le diagramme HR, et les trajectoires pour les étoiles plus massives
se trouvent ”au-dessus” (Fig. 11.21, panneau C), comme le montrent les dérivées[

d lnL?
d lnT?

]
M?

≈ 4

5

[
d lnL?
d lnM?

]
T?

≈ 22

5
(11.68)

Ces portions de l’évolution des proto-étoiles dans le diagramme de Hertzsprung-Russell s’appellent les
trajectoires de Henyey. Pour les étoiles très massives, l’opacité est fournie par la diffusion des électrons,
κ = κ3ρ, ce qui donne L? ∝ M3

? , indépendamment de la température. On a donc des trajectoires
(Fig. 11.21, panneau D) quasiment horizontales. Lorsque la température du cœur est suffisante, les
réactions nucléaires s’allument et la luminosité est alors fournie par ces réactions, et non plus par la
contraction gravitationnelle, qui s’arrête.

Temps de Kelvin-Helmholtz

Il faut remarquer que le temps caractéristique d’évolution lorsque la luminosité est tirée de l’énergie
potentielle gravitationnelle est le temps de Kelvin-Helmholtz

tKH =
GM2

?

R?L?
(11.69)

Sur les trajectoires de Henyey, la luminosité est à peu près constante, mais le rayon diminue, de sorte
que tKH augmente. Physiquement, l’évolution vers la séquence principale est donc rapide au début,
puis de plus en plus lente 30. Cela explique pourquoi on observe beaucoup plus d’étoiles proches de la
séquence principale qu’aux premiers stades de l’évolution.

11.3.3 La structure d’un système protostellaire

La discussion précédente a souvent fait l’hypothèse d’une symétrie sphérique, mais la structure d’un
objet protostellaire est nettement plus complexe (Fig. 11.22). On distingue :

— Un cœur central dense, qui est la proto-étoile proprement dite ;
— Un disque circumstellaire, aussi appelé disque protoplanétaire ;
— Une enveloppe beaucoup plus ténue ;
— Un jet fortement collimaté ;
— Un flot bipolaire, entrâınement du matériel de l’enveloppe et du nuage parent par le jet.

30. Ce temps de Kelvin-Helmholtz, si on l’applique au Soleil, est sensiblement plus faible que l’âge de certaines roches
terrestres. Cette observation a historiquement montré l’impossibilité que le Soleil tire son énergie de la contraction
gravitationnelle.
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Figure 11.22 – Structure d’un objet protostellaire. Figures issues de [73] et
https://www.americanscientist.org/article/protostars.

Le disque circumstellaire est formé pendant l’effondrement sous l’effet de la force centrifuge, et
présente souvent un profil évasé (”flaring disk”). L’accrétion sur la proto-étoile est canalisée depuis
l’enveloppe vers la proto-étoile via le disque. Les observations à haute résolution angulaire dans le
millimétrique montrent souvent des anneaux, signalant probablement la présence de planètes en
formation. En mesurant la rotation du disque via les raies moléculaires, on peut, si la rotation est
Keplerienne, en déduire la masse de l’objet central.

Le jet collimaté est lancé de l’objet central ou du disque, sous l’effet combiné de la rotation et du
champ magnétique. Il permet l’évacuation d’une partie du moment cinétique nécessaire pour poursuivre
la contraction. La masse éjectée, à des vitesses élevées de l’ordre de 100 à 500 km · s−1, est de l’ordre
de 10% de la masse accrétée. On observe le jet au travers de l’émission free-free, de Hα et de raies de
métaux ionisés.

Le flot bipolaire est créé par l’entrâınement du milieu ambiant par le jet, laissant une cavité au
bord de laquelle peuvent se développer des chocs, notamment aux extrêmités du jet, où on observe
des chocs d’étrave (bow shocks). Les flots sont beaucoup plus lents (v . 20 km · s−1) et visibles
notamment dans les émissions moléculaires comme CO ou SiO.

11.4 Les extrêmes : étoiles massives et naines brunes

11.4.1 Le cas des étoiles massives

Des difficultés spécifiques

La formation des étoiles de masse 7 M� et plus présentent des particularités, en regard du scénario
discuté jusqu’ici. L’évolution rapide vers la séquence principale a pour effet que la combustion de
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Figure 11.23 – Disques protoplanétaires. Observations en absorption et en émission (à gauche),
cartes de rotation obtenues à partir des raies de CO (en haut à droite), et schéma de la structure évasé
d’un disque (en bas à droite).

l’hydrogène débute avant la fin de l’accrétion. La luminosité stellaire vient alors limiter le taux
d’accrétion, et il est de plus difficile de la séparer de la luminosité d’accrétion pour étudier le processus.
À cette difficulté s’ajoutent d’autres obstacles observationnels : le fait que ces étoiles soient rares et
donc souvent lointaines, qu’elles évoluent rapidement et qu’il est donc difficile de les observer à chaque
étape de leur formation, et enfin qu’elles se forment en groupe. Comprendre la formation de ces étoiles
massives est cependant crucial car elles dominent la luminosité des galaxies externes et sont une
source importante d’énergie et d’enrichissement chimique du milieu interstellaire.

Les différentes étapes de la formation d’une étoile massive

Les étoiles massives naissent dans les nuages les plus denses du MIS, les IRDC, opaques en infrarouge
mais qui brillent dans le submillimétrique via l’émission de la poussière froide (Td ∼ 10 − 20 K. Au
sein de ces nuages de quelques 100 à 1000 M�, on trouve des cœurs sombres en infrarouge, de taille
∼ 0.1 pc et de masse 10−100 M�. Ces cœurs évoluent vers une étape de cœurs moléculaires chauds
lorsque la formation stellaire débute. La chimie moléculaire complexe est induite par l’évaporation des
molécules formées sur les grains 31. Comme ils descendent des cœurs sombres en infrarouge, leurs
masses sont semblables mais ils sont bien plus lumineux (∼ 104 L�) et brillent dans l’IR, signalant des
température nettement plus élevées (Td ∼ 100 − 200 K). À haute résolution, on détecte de multiples
sources en leur sein, ce sont les étoiles massives en formation groupée (Fig. 11.24).

Une fois formées, ces étoiles massives émettent un fort rayonnement UV qui ionise leur environne-
ment, c’est la formation des régions Hii, qu’on peut décomposer en différentes étapes, au fur et à
mesure de la croissance de la région ionisée :

— Les régions Hii hypercompactes de taille L < 0.01 pc ;
— Les régions Hii ultracompactes de taille 0.01 pc < L < 0.1 pc ;
— Les régions Hii compactes de taille 0.1 pc < L < 0.5 pc ;
— Les régions Hii classiques de taille L > 0.5 pc ;

31. On trouve par exemple des châınes carbonées comme C2H2, HC9N, C6H+
7 , . . .
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Figure 11.24 – Observations de l’IRDC appelé ”Nébuleuse du Serpent”. Avec Spitzer et Herschel
à gauche, et avec l’interféromètre submillimétrique SMA à droite (deux dernières colonnes) [74].

La construction d’une étoile massive

Si l’on essaie de former une étoile massive avec un scénario semblable à celui des étoiles de plus
faible masse, on se heurte à deux problèmes. Tout d’abord, au delà d’une certaine luminosité de l’objet
central, la pression de radiation stoppe l’accrétion, car la force de pression est supérieure à l’attraction
gravitationnelle,

dPrad

dr
=
ρκ

c

L(r)

4πr2
> G

ρM?

r2
(11.70)

Cette luminosité limite est la luminosité d’Eddington

Ledd =
4πGM?c

κ
= 3.3 105

(
M

1 M�

)(
0.4 cm2 · g−1

κ

)
L� (11.71)

La relation masse-luminosité impose alors une masse maximale, de l’ordre de 60 M�. L’autre
difficulté tient au fait que le gaz ionisé dans l’environnement de l’étoile est très chaud ∼ 104 K,
comme on l’a vu. Les vitesses d’agitation thermiques sont alors potentiellement supérieures à la vitesse
d’échappement. Typiquement, on écrira

cs ∼
√
kBT

m
> vlib ∼

√
2GM?

RS
(11.72)

où RS est le rayon de Strömgren. Pour empêcher cet échappement du gaz, problématique pour
construire une étoile massive, il faut le maintenir dans un rayon RS suffisamment petit, et donc qu’il
présente des densités très élevées, de l’ordre de 108 cm−3 difficilement accessibles à ce stade.

Les hypothèses faites sont donc probablement trop simplificatrices, et il faut en relaxer.
— L’accrétion n’est pas à symétrie sphérique : il y a formation de disques, et la pression de

radiation hors du plan équatorial est moins efficace.
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Figure 11.25 – Gliese 229B. C’est la seconde naine brune découverte.

— Les populations de grains sont modifiées, par réduction de leurs abondances (destruction
par les chocs et le rayonnement), et par l’évaporation des manteaux de glaces. Les grains sont
sans doute plus petits, de moindre section efficace.

— La métallicité entre en jeu, notamment pour les étoiles de population III (premières étoiles),
lorsque la poussière ne pouvait pas encore être présente. La pression de radiation agit alors
essentiellement sur les électrons, ce qui est moins efficace.

— La formation n’est pas isolée, mais en amas, et le champ de gravité à prendre en compte est
plus complexe et plus intense que pour une étoile seule.

Ces corrections autorisent théoriquement l’augmentation de la masse maximale possible d’une étoile.
Alternativement, la formation stellaire en amas autorise potentiellement la coalescence d’étoiles de
masses intermédiaires ∼ 7 M� formées plus classiquement.

11.4.2 Les naines brunes

Les naines brunes, autre extrême de la distribution des masses stellaires, ont été prédites en 1963,
mais, difficiles à détecter car petites et froides donc très peu lumineuses, il a fallu attendre 1994
pour détecter les premières d’entre elles (Teide-1, puis Gliese 229B, représentée sur la Fig. 11.25).
Depuis plusieurs relevés en infrarouge, comme 2MASS, ont permis d’établir leurs propriétés. Leurs très
basses températures effectives, jusqu’à 500 K, ont amené l’introduction de nouveaux types spectraux
(L, T et Y). Leurs très faibles masses, inférieures à la masse minimale de combustion thermonucléaire
de l’hydrogène (0.075 M� = 80 MJup), alors que certaines exoplanètes ont des masses de l’ordre de
∼ 10 MJup, a permis de douter de leur caractère stellaire. Le critère selon lequel une planète est en
orbite autour d’une étoile n’est pas très utile non plus, car certaines planètes sont sans étoile (”free-
floating planets”), telle PSO J318.5-22, et il existe des naines brunes en orbite autour d’étoiles classiques
(c’est le cas de Gliese 229B). Le critère de la fonction de masse intiale semble plus pertinent, et les
naines brunes se placent dans la continuation de l’IMF stellaire aux faibles masses, ce qui
suggère un mécanisme de formation semblable à celui des étoiles, et différent des planètes.
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Chapitre 12
La cosmologie

La cosmologie est l’étude de l’Univers dans son ensemble, qu’il s’agisse de décrire l’histoire ther-
mique de l’Univers, jalonnée de transitions de phase (grande unification, transition électro-faible,
nucléosynthèse primordiale, recombinaison, réionisation), ou la formation des structures (galaxies,
amas, superamas). Elle s’appuie sur un cadre théorique fondé sur la relativité générale pour la formula-
tion de modèles globaux d’univers, et sur la physique des hautes énergies pour la description des phases
primitives de son histoire.

12.1 L’expansion de l’Univers : la loi de Hubble

12.1.1 Des univers-̂ıles

La mesure des distances dans l’Univers s’appuie sur la construction progressive d’une échelle des
distances, dont un échelon essentiel est l’observation d’une relation période-luminosité P -L des
étoiles variables de type Céphéide, par H. S. Leavitt dans les années 1910. En classifiant des Céphéides
dans les nuages de Magellan, elle constata que celles-ci sont d’autant plus brillantes que leur période
P est plus longue (Fig. 12.1). Or toutes étant dans les nuages de Magellan, elles sont à peu près à la
même distance, donc la relation liant la période à la moyenne temporelle de la luminosité apparente de
ces étoiles est aussi une relation entre leur période P et leur luminosité intrinsèque L. Ces étoiles sont
donc des chandelles standard : en identifiant une de ces étoiles dans un système, on tire de sa période
une estimation de sa luminosité intrinsèque. La comparaison avec la luminosité apparente fournit la
distance D du système 1

Au début des années 1920, la nature des ”nébuleuses spirales” telle celle d’Andromède faisait débat,
entre les tenants d’objets Galactiques et d’objets extragalactiques beaucoup plus lointains, qui seraient
des collections d’étoiles équivalentes à notre propre Galaxie. Ce débat fut très vif, notamment le 26
avril 1920 au Smithsonian Museum of Natural History de Washington, entre H. Shapley, partisan
d’une nature Galactique, et H. Curtis, convaincu d’une nature extragalactique. Parmi les arguments
de Curtis, l’observation de 27 novæ en quelques années dans les nébuleuses spirales, dont 16 dans la
seule Andromède, contre 35 en trois siècles dans notre Galaxie, semble assez convaincante, mais c’est
l’observation de Céphéides dans Andromède par E. Hubble en 1929 qui clôt définitivement le débat :
avec une distance 2 de 752 kpc, cet objet ne peut être dans notre Galaxie, c’est un autre ”Univers-̂ıle”
comme la Voie Lactée.

1. Ces étoiles furent observées notamment par H. Shapley dans les amas globulaires répartis dans le halo de notre
Galaxie. Il en déduisit la distance du système solaire au centre Galactique, DSC ≈ 8.5 kpc et le diamètre du disque
Galactique, DG ≈ 30 kpc.

2. L’estimation de Hubble était de 275 kpc, assez fausse mais suffisante pour écarter une nature Galactique.
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Figure 12.1 – Les Céphéides. La figure de gauche montre une courbe de lumière d’une telle étoile,
celle de droite est issue du travail de H. S. Leavitt sur les Céphéides dans les nuages de Magellan

12.1.2 La loi de Hubble-Lemâıtre

Les observations de Hubble montrèrent également que ces galaxies présentent un décalage spectral
vers le rouge (redshift) z d’autant plus marqué qu’elles sont plus éloignées. Il en déduisit pour chacune
une ”vitesse de récession” v montrant que l’Univers local est en expansion. Des observations ultérieures
étendirent cette constatation à des distances bien plus grandes, en utilisant notamment le fait que
les supernovæ de type Ia sont également des chandelles standard, résultant en un diagramme de
Hubble représentant la magnitude en fonction de z (Fig. 12.2). Le redshift z et la distance r sont ainsi
apparemment reliés par la loi de Hubble-Lemâıtre

cz = H0r (12.1)

où H0 est la constante de Hubble, de l’ordre de 70 km · s−1 ·Mpc−1, qui représente le taux d’ex-
pansion actuel 3. La mesure de cette valeur fut longtemps l’un des objectifs majeurs de la cosmologie
observationnelle (Fig. 12.3). Cette loi présente des déviations à petite échelle en raison des mouve-
ments particuliers liés à l’interaction gravitationnelle entre galaxies, et à grande échelle du fait de
l’évolution du taux d’expansion. Les observations de supernovæ ont d’ailleurs permis de montrer que
cette expansion est accélérée, nécessitant l’introduction d’une énergie noire.

12.1.3 Équations d’Einstein

Dès leur publication 4, les observations de Hubble sont interprétées en termes de modèles d’Univers
homogène et isotrope, dans le cadre de la toute récente théorie de la gravitation relativiste, la relativité
générale 5.Dans cette théorie, il n’y a pas à proprement parler de champ de gravitation, mais une
courbure de l’espace-temps reliée au contenu en masse-énergie de l’Univers 6. Si l’espace-temps est

3. Le terme de ”constante” est donc assez malvenu, puisque ce taux peut varier comme on le verra.
4. En réalité, G. Lemâıtre avait déjà prédit en 1927 la loi de récession observée par Hubble en utilisant justement la

relativité générale.
5. En mécanique newtonienne, le principe de relativité stipule que les lois de la mécanique sont les mêmes dans tous

les référentiels Galiléens. La relativité restreinte étend ce principe à toutes les lois de la physique, et la relativité générale
l’étend encore aux référentiels non Galiléens.

6. Un fameux mot de J. Wheeler précise cette idée : ”Space-time tells matter how to move. Matter tells space-time
how to curve.”
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Figure 12.2 – La loi de Hubble-Lemâıtre. La figure de gauche est issue de l’article original de Hubble,
celle de droite montre des mesures sur une plus grande plage de redshifts et souligne la déviation à la
loi linéaire, correspondant à l’accélération de l’expansion [75].

localement indistinguable de celui de la relativité restreinte, avec une métrique de Minkowski 7, le
traitement de l’Univers à grande échelle impose de tenir compte de la courbure sous la forme d’une
métrique gµν(~x) donnant l’intervalle relativiste entre deux évènements sous la forme 8

ds2 = gµνdxµdxν (12.2)

De cette métrique on déduit un tenseur de courbure de rang 4 noté Rαβµν puis le tenseur de Ricci,

qui en est une contraction 9 Rµν = Rαµαν et le scalaire de Ricci R = gµνRµν . Enfin on définit le
tenseur d’Einstein Gµν = Rµν − (1/2)Rgµν , qui est donc entièrement défini par la métrique, soit la
courbure de l’espace-temps.

D’un autre côté, le contenu en matière-énergie de l’Univers est caractérisé par un tenseur énergie-
impulsion Tµν , de rang 2 et symétrique, dont les composantes sont

— T00 = ρc2 est la densité d’énergie
— T0i est le vecteur densité de quantité de mouvement
— Ti0 est le vecteur densité de flux d’énergie
— Tij est un tenseur de pression-contraintes à trois dimensions

Les équations d’Einstein (1915) relient alors la courbure au contenu de l’Univers

Gµν = Rµν −
R

2
gµν =

8πG

c4
Tµν (12.3)

En 1917, pour obtenir un Univers statique, Einstein introduisit une constante cosmologique Λ dans
son équation

Rµν −
R

2
gµν − Λgµν =

8πG

c4
Tµν (12.4)

Cette constante tomba en désuétude lorsque l’expansion de l’Univers fut découverte par Hubble, mais
elle a été depuis réintroduite pour modéliser l’accélération de l’expansion.

7. De même qu’une fourmi sur la Géode est incapable de dire qu’elle se déplace sur une surface courbe.
8. En relativité restreinte, gµν = ηµν = diag(−1, 1, 1, 1).
9. On utilise ici la convention de sommation d’Einstein selon laquelle tout indice répété implique une sommation de

cet indice sur l’ensemble des quatre dimensions.
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Figure 12.3 – Évolution des estimations de la constante de Hubble avec le temps (Source :
https://lweb.cfa.harvard.edu/∼dfabricant/huchra/hubble/).

12.2 Les modèles Friedmann-Lemâıtre-Robertson-Walker

12.2.1 Le principe cosmologique

Les équations d’Einstein fournissent les lois d’évolution requises pour construire un modèle dyna-
mique d’Univers. Dans le cas général, il est très difficile d’obtenir une solution de ces équations, mais le
problème se simplifie notablement lorsqu’on impose les conditions d’homogénéité et d’isotropie. Ces
conditions ne sont pas déraisonnables, les observations (en particulier celles du fond diffus cosmolo-
gique), montrant que notre univers est fortement isotrope à grande échelle. Il est plus difficile d’établir
que l’Univers est spatialement homogène, mais il existe également de bonnes preuves à cet égard 10. Si
ces observations n’étaient pas disponibles à l’époque de Hubble, il n’est cependant pas étonnant que
des solutions à haute symétrie aient été cherchées en premier, parce qu’elles sont a priori plus simples
à déterminer. Cette idée selon laquelle l’Univers serait spatialement homogène 11 et isotrope constitue
le principe cosmologique 12.

10. On peut aussi invoquer le principe Copernicien selon lequel la place de la Terre dans l’Univers n’a rien de particulier
pour déduire l’homogénéité à partir de l’isotropie.

11. C’est-à-dire que, hormis les irrégularités locales, il présente le même aspect en tous les points de l’espace à un
”temps cosmique” τ donné.

12. Certains ont défendu un ”principe cosmologique parfait” selon lequel l’Univers serait également invariant dans le
temps. S’il semble démenti par l’observation, il n’est pas interdit de penser qu’aux temps longs l’Univers obéira à un tel
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Dans ces conditions, la métrique est assez sévèrement contrainte, et malgré une certaine liberté
dans le choix des coordonnées, une forme simple de l’intervalle est

ds2 = −c2dτ2 + a2(τ)
[
dχ2 + S2

k(χ)(dθ2 + sin2 θ dφ2)
]

(12.5)

où a(τ) est un facteur d’échelle, tel que le rayon vecteur ~d entre deux objets comobiles 13 quelconques

est proportionnel à a, soit ~d(τ) = a(τ)~d0 (Fig. 12.4, gauche). La fonction Sk(χ) décrit la géométrie
spatiale (c’est-à-dire la géométrie d’hypersurfaces à temps τ constant) de l’Univers, et prend l’une des
trois formes suivantes, en fonction de la valeur propre k caractérisant la courbure

Sk(χ) =


sinχ pour k = +1

χ pour k = 0

sinhχ pour k = −1.

(12.6)

Ces trois cas correspondent respectivement à une géométrie sphérique, plate (Euclidienne) ou hy-
perbolique, comme schématisé sur la Fig. 12.4 (droite). On peut noter que si l’on définit r = Sk(χ),
la métrique s’écrit sous une forme peut-être un peu plus explicite dans les coordonnées (τ, r, θ, φ)

ds2 = −c2dτ2 + a2(τ)

[
dr2

1− kr2
+ r2(dθ2 + sin2 θ dφ2)

]
(12.7)

Figure 12.4 – Facteur d’échelle et courbure.

12.2.2 Les équations de Friedmann

Le facteur d’échelle n’est pas déterminé par les conditions de symétrie, mais par les équations
d’Einstein. Son équation d’évolution a été obtenue par Friedmann en 1922, en prenant un tenseur
énergie-impulsion diagonal Tµν = diag(ρc2, P, P, P ), ce qui donne

ȧ2

a2
= −kc

2

a2
+

8πG

3
ρ (12.8)

principe fort.
13. C’est-à-dire qui n’ont pas d’autre mouvement l’un par rapport à l’autre que celui lié à l’expansion ou à la contraction

de l’espace lui-même.
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Dans cette première équation de Friedmann, on a noté ȧ = da/dτ la dérivée temporelle du facteur
d’échelle. On remarque que cette équation serait celle d’une cosmologie newtonienne exprimant la
conservation de l’énergie pour une particule de masse unité au bord d’un Univers homogène de rayon a

1

2
v2 − GM

a
=

1

2
ȧ2 − 4πGρa2

3
= Cte (12.9)

Le signe de la courbure k correspond alors à un état lié pour k = 1 (Univers fermé), un état libre
pour k = −1 (Univers ouvert) et un état marginalement lié pour k = 0 (Univers plat). Cette équation
peut être complétée par une seconde, traduisant la conservation de l’énergie. On peut la déterminer
en admettant que l’évolution de l’Univers est adiabatique et que le seul travail est celui des forces de
pression δW = −P dV , avec V le ”volume de l’Univers”. On applique alors le premier principe

dU = d(ρc2V ) = c2 (V dρ+ ρdV ) = δW = −PdV (12.10)

ce qui donne, en notant que V ∝ a3,

ρ̇ = −3
ȧ

a

(
ρ+

P

c2

)
(12.11)

La combinaison de cette équation avec la dérivée temporelle de la première équation de Friedmann
aboutit à la seconde équation de Friedmann, donnant l’accélération de l’expansion,

ä

a
= −4πG

3

(
ρ+

3P

c2

)
(12.12)

Pour P = 0, c’est ce qu’on aurait pu écrire en mécanique Newtonienne pour une sphère de poussières
en expansion, mais le cas général contient un terme supplémentaire de décélération dû à la pression
(pour P > 0). Il faut noter que cette pression n’est pas liée à l’agitation thermique des particules d’un
gaz, car cette densité d’énergie est déjà prise en compte dans le terme ρc2.

Exercice 117 : Établir les équations (12.11) et (12.12).

12.2.3 Les équations d’état

On a maintenant deux équations différentielles du premier ordre pour trois inconnues a, P , ρ. Il faut
donc compléter le système avec une équation d’état 14 reliant P et ρ. Les possibilités sont, a priori :

— Une matière non collisionnelle, appelée généralement poussière, pour laquelle P = Pm = 0
— La radiation, pour laquelle P = Pr = ρc2/3

L’observation que l’expansion est accélérée suggère d’introduire un fluide à pression négative, l’énergie
noire, de sorte que ä > 0. Le fait qu’on ne sache pas de quoi il s’agit est caché par l’écriture d’une
équation d’état P = ωρc2 avec ω(z) < 0 dépendant du redshift. Un cas particulier important est celui
d’un champ scalaire de quintessence pour lequel ω = −1, ce qui revient à réintroduire la constante
cosmologique Λ d’Einstein.

Pour tous ces fluides, on a donc une équation d’état P = ωρc2 avec respectivement ωm = 0
(matière), ωr = 1/3 (radiation) et ωΛ = −1 (constante cosmologique). L’équation d’évolution de ρ
donne alors ρ ∝ a−3(1+ω) et les densités ρm, ρr et ρΛ des fluides correspondants varient donc avec le
facteur d’échelle comme

ρm ∝ a−3 ρr ∝ a−4 ρΛ = Cte (12.13)

Exercice 118 : Établir les relations (12.13).

14. En thermodynamique, une équation d’état relie trois variables, par exemple P , ρ et T . En cosmologie, cette
terminologie est plus lâche et désigne donc une relation entre P et ρ uniquement, soit parce que la température dépend
univoquement de la densité (comme pour la radiation), soit parce qu’elle n’est pas définie (comme pour la quintessence).
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La matière, importante dans le bilan d’énergie actuel, deviendra négligeable par rapport à la
constante cosmologique dans le futur, et était négligeable devant la radiation dans un passé lointain.
Dans l’Univers primordial, l’inflation correspond à une constante cosmologique et devait dominer le
bilan d’énergie. L’accélération de l’expansion, dans un Univers constitué d’un seul de ces fluides s’écrit

ä

a
= −4πG

3

(
3P

c2
+ ρ

)
= −4πG

3
(1 + 3ω)ρ (12.14)

L’accélération ä est donc du signe opposé à 1 + 3ω puisque a comme ρ sont des quantités positives. Si
ω > −1/3, l’expansion est nécessairement freinée, et si ω < −1/3, elle est nécessairement accélérée.
La constante cosmologique correspond à ce second cas de figure.

12.2.4 Taux d’expansion, paramètres de densité et densité critique

Le taux d’expansion de l’Univers est défini par

H =
ȧ

a
(12.15)

et il s’identifie à la constante de Hubble lorsqu’on le prend à l’époque actuelle τ0. Comme on le verra,
cette quantité est mesurée avec une grande précision via les fluctuations du fond diffus cosmologique
(CMB), avec 15 H0 = 67.74 km · s−1 ·Mpc−1. En écrivant la première équation de Friedmann à l’instant
présent τ0, on a

H2
0 = −kc

2

a2
0

+
8πG

3
ρ0 (12.16)

ce qui permet de relier le terme de courbure au paramètre de densité actuel Ω0

−kc
2

R2
0

= H2
0 −

8πG

3
ρ0 = H2

0 (1− Ω0) Ω0 =
8πGρ0

H2
0

=
ρ0

ρc,0
ρc,0 =

3H2
0

8πG
(12.17)

On a donc les relations suivantes

k = 0 (Ω0 = 1) k > 0 (Ω0 > 1) k < 0 (Ω0 < 1) (12.18)

et on a fait apparâıtre une densité critique ρc,0 pour laquelle la courbure est nulle. Il est habituel
d’introduire des paramètres de densité pour chacun des fluides possibles, soit

Ωm,0 =
ρm,0
ρc,0

Ωr,0 =
ρr,0
ρc,0

ΩΛ,0 =
ρΛ,0

ρc,0
(12.19)

Les observations indiquent que le contenu actuel en matière de l’Univers correspond à Ωm,0 ≈ 0.3,
ce qui suggèrerait une géométrie hyperbolique... si la matière était le seul fluide présent. Mais il est
nécessaire, pour expliquer les observations, d’inclure une composante d’énergie noire avec ΩΛ,0 ≈ 0.7.
La radiation, elle, est négligeable, avec Ωr,0 ∼ 10−4 (voir plus loin pour le calcul de cette estimation).
Le paramètre de densité total

Ω0 = Ωm,0 + ΩΛ,0 + Ωr,0 (12.20)

semble donc très proche de 1 et il est habituel de poser un paramètre de densité associé à la courbure
sous la forme

Ωk,0 = 1− (Ωm,0 + ΩΛ,0 + Ωr,0) = 1− Ω0 (12.21)

En tenant compte de la forme des différentes densités d’énergie avec le facteur d’échelle, on obtient
l’équation d’évolution du taux d’expansion

H2 = H2
0

[
Ωm,0

(a0

a

)3

+ Ωr,0

(a0

a

)4

+ ΩΛ,0 + Ωk,0

(a0

a

)2
]

(12.22)

15. Planck Collaboration XIII, A&A, 594, 13, 2016.
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qu’il est possible d’écrire sous la forme suivante

H(z) = H0

[
Ωm,0 (1 + z)

3
+ Ωr,0 (1 + z)

4
+ ΩΛ,0 + Ωk,0 (1 + z)

2
]1/2

(12.23)

en fonction du redshift z, défini par

1 + z =
a0

a
(12.24)

On a ici une équation d’évolution du facteur d’échelle, puisque H = ȧ/a, qu’on peut réécrire en
introduisant y = a/a0 et x = H0τ , sous la forme(

dy

dx

)2

= Ωk,0 +
Ωm,0
y

+
Ωr,0
y2

+ ΩΛ,0y
2 (12.25)

dont la résolution n’est pas possible analytiquement de manière générale, mais dont on va étudier
quelques cas particuliers.

Exercice 119 : Obtenir l’équation d’évolution (12.23).

12.2.5 Les univers ”poussières” ouverts et fermés

Ces modèles sont d’intérêt purement académique, car leur courbure non-nulle semble en désaccord
avec les observations. On considère donc un Univers ”poussières” (ω = 0), de courbure quelconque,
mais non nulle, soit Ωk,0 6= 0. On définit la distance comobile η comme

η =

ˆ
cdτ

a(τ)
(12.26)

de sorte que l’évolution du facteur d’échelle y = a/a0 obéit à l’équation

d2y

dη2
+ ky =

kΩ0

2(Ω0 − 1)
(12.27)

Exercice 120 : Obtenir l’équation d’évolution (12.27).

Univers poussières fermé

Pour un univers ”fermé” (k = 1,Ω0 > 1), on a donc

d2y

dη2
+ y =

Ω0

2(Ω0 − 1)
(12.28)

dont on trouve la solution générale en choisissant judicieusement la borne inférieure dans la définition
de η (on peut ainsi supprimer le terme de phase à l’origine dans le cosinus), de sorte qu’à η = 0 on
fasse correspondre τ = 0 et y = 0, d’où

y =
Ω0

2(Ω0 − 1)
(1− cos η) (12.29)

Quant au temps τ , on écrit dτ = (a/c)dη = y(a0/c)dη pour obtenir son expression en fonction de η

H0τ =
H0a0Ω0

2c(Ω0 − 1)
(η − sin η) =

Ω0

2(Ω0 − 1)3/2
(η − sin η) (12.30)
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On a l’équation paramétrique d’une cyclöıde. La valeur maximale du facteur d’échelle est atteinte
pour η = π et vaut

amax =
Ω0

Ω0 − 1
(12.31)

L’âge actuel de l’Univers correspond à y = 1, ce qui donne

τ0 =
Ω0

2H0(Ω0 − 1)3/2

arccos

(
2− Ω0

Ω0

)
−
√

1−
(

2− Ω0

Ω0

)2
 (12.32)

Enfin la durée de vie de cet Univers est finie, et atteinte lorsque η = 2π et vaut

τmax =
πΩ0

H0(Ω0 − 1)3/2
(12.33)

Exercice 121 : Obtenir les expressions de amax, τ0 et τmax.
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Figure 12.5 – Âge calculé pour un Univers poussière de courbure non nulle. L’âge est rapporté
au temps de Hubble tH = 1/H0, en fonction du paramètre de densité Ω0. La courbe en tirets marque
l’âge calculé dans le cas Ω0 = 1, soit t0 = (2/3)tH .

Univers poussières ouvert

Pour un Univers ouvert (k = −1,Ω0 < 1), on a

d2y

dη2
− y =

Ω0

2(1− Ω0)
(12.34)
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dont la solution se met sous la forme, suivante, en faisant correspondre τ = 0 et y = 0 à η = 0,

y =
Ω0

2(1− Ω0)
(cosh η − 1) (12.35)

et de la même manière que plus haut,

H0τ =
Ω0

2(1− Ω0)3/2
(sinh η − η) (12.36)

On a maintenant un Univers de durée de vie infinie.

12.2.6 Univers à un seul fluide de courbure nulle

Univers ”poussières” et Univers ”radiation”

On suppose l’Univers rempli d’un seul fluide, homogène et isotrope, et on traite les cas des modèles
(Ωm,0,Ωr,0,ΩΛ,0) = (1, 0, 0) - dit Univers d’Einstein-de Sitter - et (Ωm,0,Ωr,0,ΩΛ,0) = (0, 1, 0). La
courbure est alors nulle (Ω0 = 1) et on a un Univers mono-fluide avec ω > 0. On traite simultanément
ces deux cas en notant que l’équation d’évolution se met alors sous la forme générale(

dy

dx

)2

=
1

y1+3ω
(12.37)

avec, suivant le cas, ω = 0 ou ω = 1/3. On a alors une équation différentielle à variables séparables
qu’on intègre en prenant y(0) = 0, ce qui donne, sans difficulté,

a = a0

[
3(1 + ω)H0τ

2

] 2
3(1+ω)

. (12.38)

Exercice 122 : Obtenir la forme (12.38) du facteur d’échelle.

La durée de vie de ces Univers est infinie puisque a ne s’annule pas dès lors que τ > 0 (on a même
a→∞ quand τ →∞), et l’âge de l’Univers est obtenu en écrivant y(x0) = 1, soit

τ0 =
2

3(1 + ω)H0
(12.39)

ce qui permet d’écrire l’évolution du facteur d’échelle sous la forme

a = a0

(
τ

τ0

) 2
3(1+ω)

(12.40)

Cet âge τ0 est inférieur au temps de Hubble τH , défini comme étant l’âge qu’aurait l’Univers si
l’expansion était linéaire, soit τH = 1/H0. Le fait que τ0 < τH est une conséquence directe du freinage
de l’expansion 16. Le taux d’expansion est alors donné par

H =
H0

y

dy

dx
=

H0

y3(1+ω)/2
=

2H0

3(1 + ω)x
=

2

3(1 + ω)τ
= H0

τ0
τ

(12.42)

et la forme de ρ est donnée par la loi de conservation

ρ =
1

6πG(1 + ω)2τ2
(12.43)

16. On a l’équivalence
ä < 0 ⇐⇒ ω > −1/3 ⇐⇒ τ0 < τH (12.41)
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Exercice 123 : Obtenir l’expression (12.43) de la densité.

On peut remarquer que ceci implique que Ω = Ω0 = 1 à chaque instant. Dans le cas particulier
ω = 0 (Univers poussière) ces relations deviennent

a = a0

(
3

2
H0τ

)2/3

τ0 =
2

3H0
H =

2

3τ
ρ =

1

6πGτ2
(12.44)

et dans le cas particulier ω = 1/3 (Univers radiation), elles deviennent

a = a0 (2H0τ)
1/2

τ0 =
1

2H0
H =

1

2τ
ρ =

3

32πGτ2
(12.45)

Les graphes y(x) pour ces deux cas particuliers sont représentés sur la Fig. 12.6 (courbes 1 et 2,
respectivement). On peut calculer numériquement l’âge de l’Univers dans ces différents modèles en
prenant H0 = 67.74 km s−1 Mpc−1

τH = 14.44 Gyr τ0(ω = 0) =
2

3
τH = 9.63 Gyr τ0(ω = 1/3) =

1

2
τH = 7.22 Gyr (12.46)

Ces deux types d’Univers donnent des âges qui sont incompatibles avec l’observation de certains
amas globulaires, dont les plus vieux ont un âge au moins égal à 11 Gyr.

Univers de de Sitter

On se place maintenant dans le cas de l’Univers de de Sitter (Ωm,0,Ωr,0,ΩΛ,0) = (0, 0, 1) pour
lequel la courbure est toujours nulle, mais dont le contenu est uniquement constitué d’énergie noire.
On a alors tout simplement 17

(
dy

dx

)2

= y2 et donc y = Aex (12.47)

En imposant y(x0) = 1, on a
a = a0e

H0(τ−τ0) (12.48)

Cet Univers est éternel, aussi bien vers le passé que vers le futur (voir la courbe 3 correspondante sur
la Fig. 12.6). Son taux d’expansion H est indépendant du temps, H = H0, la densité est constante,
comme on l’a déjà vu (ρ = ρΛ) et le paramètre de densité est donc aussi constant, Ω = Ω0 = 1. Ce
cas de figure est ce qui attend probablement notre Univers dans un futur par si lointain, et qui devait
dominer également lors de l’inflation dans l’Univers primordial. Notons que la densité d’énergie restant
constante alors que l’Univers est en expansion nécessite une création nette d’énergie 18

12.2.7 Univers Λ-CDM

Le modèle de concordance de la cosmologie actuelle est celui d’un Univers Λ-CDM (Λ-Cold Dark
Matter), dans lequel l’essentiel de la densité d’énergie correspond à une constante cosmologique (énergie
du vide) ΩΛ,0 = 0.6911. La matière ordinaire et la matière noire froide, c’est-à-dire non-relativiste et
non-collisionnelle, fournissent quant à elles une densité Ωm,0 = 0.3089. La contribution du rayonnement,
dont on suppose ici qu’elle est limitée à celle du fond diffus cosmologique (CMB) s’écrit

Ωr,0 =
8πGρ0,r

3H2
0

=
8πGu0

3H2
0 c

2
(12.49)

17. La solution y = Ae−x n’est pas physique étant donné qu’on observe un Univers en expansion.
18. A. Guth, l’un des fondateurs de la théorie de l’inflation en parle comme de l’ultimate free lunch...
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Figure 12.6 – Évolution du facteur d’échelle normalisé y = a/a0 en fonction de x = H0τ . Les
différents modèles sont présentés avec une origine des temps est déplacée pour chaque modèle de façon
à ce que les courbes se superposent en x = 1, pris comme époque actuelle, et ce avec la même pente,
imposée par la constante de Hubble H0. La droite en pointillés y = x est présentée pour référence.
(1) : (Ω0 = 1, ω = 0) (2) : (Ω0 = 1, ω = 1/3) (3) : (Ω0 = 1, ω = −1) (4) : Λ-CDM

avec u0 la densité d’énergie du CMB à notre époque. Or le CMB est un corps noir presque parfait dont
la température est T0 = 2.725 K. On peut donc écrire

Ωr,0 =
8πG

3H2
0 c

2
× 4σ

c
T 4

0 =
32πGσT 4

0

3H2
0 c

3
(12.50)

Numériquement, on trouve Ωr,0 = 4.97 10−5, ce qui est complètement négligeable devant Ωm,0 et
ΩΛ,0. On a donc au total Ω0 = 1. L’Univers est effectivement plat avec une très bonne approximation,
de l’ordre de 5 10−3. L’équation de Friedmann adimensionnée obtenue plus haut prend alors la forme(

dy

dx

)2

=
Ωm,0
y

+ ΩΛ,0y
2 avec ΩΛ,0 = 1− Ωm,0 (12.51)

On peut vérifier sans difficulté que celle-ci admet comme solution y = a [sinh (bx)]
2/3, et en insérant

cette forme dans l’équation on obtient les valeurs de a et b, ce qui donne

a = a0

(
1− ΩΛ,0

ΩΛ,0

)1/3 [
sinh

(
3

2

√
ΩΛ,0H0τ

)]2/3

(12.52)

Exercice 124 : Obtenir la forme (12.52).

L’âge de l’Univers dans le modèle Λ-CDM se calcule comme précédemment en écrivant qu’à l’époque
actuelle, y(x0) = 1, ce qui donne un âge

τ0 =
2

3H0

√
ΩΛ,0

asinh

(√
ΩΛ,0

1− ΩΛ,0

)
(12.53)

et on a numériquement τ0 = 13.81 Gyr, qui est très proche de la valeur obtenue par Planck (13.799±
0.021 Gyr). L’allure de y(x) est représentée sur la courbe 4 de la Fig. 12.6. Les comportements
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asymptotiques sont facilement déterminés. D’une part, pour x � 1, c’est-à-dire aux temps courts,
lorsque la matière domine,

y '
(

Ωm,0
1− Ωm,0

)1/3(
3

2

√
1− Ωm,0 x

)2/3

= Ω
1/3
m,0

(
3x

2

)2/3

(12.54)

qui est au préfacteur Ω
1/3
m,0 près la forme trouvée dans le cas d’un Univers poussière plat (Ω0 = Ωm,0 =

1). Inversement, aux temps longs, lorsque la constante cosmologique domine, x� 1 et donc

y '
[

Ωm,0
4(1− Ωm,0)

]1/3

exp
(√

1− Ωm,0 x
)

=

(
1− ΩΛ,0

4ΩΛ,0

)1/3

exp
(√

ΩΛ,0 x
)

(12.55)

qui est semblable à la forme trouvée pour l’Univers de de Sitter.

12.2.8 Interprétation des observations

Distances apparentes et redshift

La modèles présentés ci-dessus, appelés collectivement modèles de Friedmann-Lemâıtre-Robertson-
Walker (FLRW), permettent l’interprétation des observations. En particulier, la lumière issue d’objets
lointains subit une focalisation due à la présence de matière sur le chemin parcouru, qu’on exprime en
termes de distances apparentes, la distance angulaire DA(z) et la distance de luminosité DL(z),
toutes deux calculables au moins numériquement en fonction de l’histoire de l’expansion et donc du red-
shift z de l’objet 19. Les relations entre ces distances et le redshift (qui mesure l’expansion de l’Univers)
peuvent être utilisées de deux manières :

— Si l’on connâıt les propriétés intrinsèques des objets, on en déduit les paramètres cosmologiques.
— Si l’on connâıt les paramètres cosmologiques, on en déduit les propriétés des objets.

Le redshift est mesuré directement par le rapport entre la longueur d’onde observée et celle émise

1 + z =
a0

a
=
λobs

λem
(12.56)

L’observation, dans le spectre d’objets lointains, de raies dont la longueur d’onde au laboratoire est
connue permet de déterminer le redshift. On obtient ainsi,avec des spectromètres à haute résolution,
des redshifts spectroscopiques. Il est aussi possible d’utiliser des observations en bande large, ce qui
fournit des redshifts photométriques, moins précis.

Distance propre

Considérons la propagation radiale d’un signal lumineux, pour lequel on a donc

ds2 = 0 = −c2dτ2 + a2(τ)
[
dχ2 + S2

k(χ)(dθ2 + sin2 θ dφ2)
]

= −c2dτ2 + a2(τ)dχ2 (12.57)

de sorte que dχ = −cdτ/a (le choix du signe représente le fait que l’observateur se trouve au centre
des coordonnées). On a alors

dz = d(1 + z) = −a0

a2
da = −a0

a2
ȧdτ = −a0

a
Hdτ =

a0

c
Hdχ (12.58)

ce qui donne la distance propre Dp(z) = a0χ(z) entre l’époque actuelle et un redshift donné z comme

Dp(z) =

ˆ z

0

cdz

H(z)
=

ˆ z

0

cdz

H0

[
Ωm,0 (1 + z)

3
+ Ωr,0 (1 + z)

4
+ ΩΛ,0 + Ωk,0 (1 + z)

2
]1/2 (12.59)

19. Ces distances répondent aux questions suivantes : ”À quelle distance devrait se trouver un objet de luminosité ou
de taille donnée, dans un univers vide, pour apparâıtre avec une telle densité spectrale de flux ou une telle taille angulaire
calculée dans un modèle avec cette métrique ?”
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qu’on peut calculer au moins numériquement, et qui converge dès lors que l’Univers contient matière ou
radiation. Une illustration parlante, quoiqu’académique, de ce calcul est celui de l’Univers d’Einstein-de
Sitter (Ωm,0,Ωr,0,ΩΛ,0,Ωk,0) = (1, 0, 0, 0). On obtient alors

Dp(z) =
2c

H0

(
1− 1√

1 + z

)
(12.60)

À bas redshift, la distance propre crôıt linéairement avec le redshift, on retrouve la loi de Hubble. On la
retrouve d’ailleurs pour l’ensemble des modèles. La distance propre jusqu’à z =∞ s’appelle l’horizon,
et elle est finie (Dp(∞) = 2c/H0).

Figure 12.7 – La distance apparente angulaire. Une galaxie de même taille physique apparaissant
avec une même taille angulaire peut être à des distances différentes en fonction de la courbure de
l’espace.

Distance angulaire

Supposons qu’on observe une galaxie au redshift z, qui présente une taille angulaire dθ sur le ciel.
Quelle est la taille physique dl correspondante ? Pour la calculer, imaginons deux photons émis au même
temps τ aux deux bouts de la galaxie, et se propageant jusqu’à nous. Ils partent de la même distance
χ et on peut choisir le système de coordonnées de telle manière que dφ = 0. On a donc la taille propre
de la galaxie comme dl = ds avec

ds2 = −c2dτ2 + a2(τ)
[
dχ2 + S2

k(χ)(dθ2 + sin2 θ dφ2)
]

= a2(τ)S2
k(χ)dθ2 (12.61)
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On a donc dl = a[τ(z)]Sk[χ(z)]dθ et on en tire l’expression de la distance angulaire

DA(z) = a[τ(z)]Sk[χ(z)] (12.62)

Avec un univers à courbure nulle comme ce qui semble être le cas, on a Sk[χ(z)] = χ(z) et donc

DA(z) =
a0

1 + z
χ(z) =

Dp(z)

1 + z
=

1

1 + z

ˆ z

0

cdz

H(z)
(12.63)

Il s’agit d’un résultat très puissant. Il existe en effet une ”règle standard” assez précise, les oscillations
acoustiques des baryons (BAO), qui est imprimée dans la distribution spatiale des galaxies et qu’on
peut donc mesurer. Cela permet une détermination de DA(z) en fonction du redshift et contraint donc
puissamment le modèle cosmologique, en renforçant notamment le besoin d’une énergie noire. Les BAO
peuvent être ainsi utilisés en conjonction avec les mesures du CMB pour contraindre les paramètres
cosmologiques.

Figure 12.8 – La distance apparente de luminosité.

Distance de luminosité

Une notion de distance peut également être associée au flux apparent d’une source. Dans un univers
plat et pour une source de luminosité intrinsèque L, on mesure, à la distance D de la source, un flux
F = L/(4πD2), ce qui donne une distance de luminosité

DL(z) =

√
L

4πF
(12.64)

On peut relier cette distance aux deux autres déjà définies, en considérant une source à l’origine des
coordonnées (χ = 0) et en plaçant un ensemble d’observateurs sur une coquille sphérique à la distance
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χ. La source émet N photons de fréquence νe pendant un intervalle de temps (dans son référentiel
propre) τe = 1/νe. Sa luminosité intrinsèque est donc Le = Nhνe/τe = Nhν2

e . Les photons sont
conservés en l’absence d’interaction avec le milieu, donc ce sont les mêmes photons qui traversent la
coquille sphérique à la distance χ pendant un temps τo = (1 + z)τe, et chacun de ces photons porte
une énergie hνo = hνe/(1 + z), de sorte que l’énergie traversant la surface par unité de temps est Lo =
Nhνo/τo = Nhν2

o = Le/(1 + z)2. Cette surface valant A = 4πa2
0S

2
k[χ(z)] = 4πa2(z)(1 + z)2S2

k[χ(z)],
le flux est

F =
Lo
A

=
Le

(1 + z)4

1

4πa2(z)S2
k[χ(z)]

(12.65)

ce qui donne la distance de luminosité comme

DL(z) =

√
Le

4πF
= (1 + z)2a(z)Sk[χ(z)] = (1 + z)2DA(z) (12.66)

Notons que pour une source donnée, de taille dl et de luminosité L, on a une taille angulaire sur le ciel
dΩ ∝ dl2/D2

A et un flux F ∝ L/D2
L, ce qui donne une intensité intégrée I ∝ F/dΩ ∝ (DA/DL)2 ∝

(1 + z)−4. On parle de surface-brightness dimming pour cette perte d’intensité 20

Figure 12.9 – Distances angulaire et de luminosité. Les courbes présentent les deux distances en
fonction du redshift, pour différents modèles cosmologiques.

Le paramètre de décélération

Les modèles FLRW prédisent la linéarité entre la distance et le redshift, c’est-à-dire la loi de Hubble,
pour les très bas redshifts z � 1

D ∝ z (12.67)

Tous les observateurs se perçoivent comme étant au ”centre de l’univers”, et l’observable clé est
la ”constante” de Hubble H0, qui est essentiellement l’inverse de l’âge de l’Univers. Toujours à bas
redshift, mais un peu plus élevés, on va commencer à voir des déviations à cette loi linéaire, paramétrées
par le paramètre de décélération

q0 = −a0ä0

ȧ2
0

(12.68)

Aux débuts de la cosmologie, il s’agissait essentiellement de déterminer ces deux valeurs :
— H0, pour déterminer à quelle vitesse l’Univers s’étendait,

20. Notons que cette évolution avec le redshift pour l’intensité intégrée est cohérente avec le fait que Iν/ν3 soit un
invariant relativiste.
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— q0, pour déterminer à quel taux cette expansion ralentissait.
À la fin des années 1990, la mesure d’un grand nombre de supernovæ de type Ia a permis aux groupes
de S. Perlmutter et B. Schmidt de montrer que, de manière tout à fait surprenante, q0 < 0, c’est à
dire que l’expansion est accélérée. En effet, les supernovæ à z & 0.2 ont une distance apparente plus
grande que celle prédite dans les modèles cosmologiques ne contenant que de la matière normale et
la distance observée est mieux ajustée par les modèles avec une constante cosmologique Λ ou avec de
l’énergie noire, avec ΩΛ,0 ≈ 0.7. La raison pour laquelle l’accélération entrâıne une augmentation
de la distance apparente peut être comprise comme suit. Toutes les distances impliquent l’intégrale

χ(z) =
c

a0

ˆ z

0

dz

H(z)
(12.69)

et dans les modèles d’Univers plat, toutes ces distances sont simplement reliées les unes aux autres par
des facteurs du type (1 + z)α. Imaginons alors deux modèles, l’un de référence avec une loi d’expansion
H1(z), et un autre avec H2(z), accéléré par rapport au premier, c’est-à-dire que H2(z) = H1(z) pour
l’Univers local z < z? mais H2(z) < H1(z) pour z > z? (l’expansion étant moins rapide initialement).
On a alors, pour une source située à un redshift z > z?,

a0

c
χ2(z) =

ˆ z

0

dz

H2(z)
>

ˆ z

0

dz

H1(z)
=
a0

c
χ1(z) (12.70)

La déviation observée sur le panneau de droite de la Fig. 12.2 indique ainsi que l’expansion de l’Univers
est bien accélérée.

12.3 Le modèle du Big Bang et l’inflation

La découverte de l’expansion de l’Univers amena très vite à s’interroger sur son histoire, et notam-
ment sur la possibilité qu’il ait pu connâıtre à une époque reculée une période où il était très dense et
très chaud. Cette idée ne fut pas rapidement acceptée 21 et beaucoup défendirent l’idée d’un Univers
statique. Le terme de ”Big Bang” est d’ailleurs dû à Fred Hoyle, qui y voyait une manière de tourner
en dérision l’idée d’un ”commencement de l’Univers”. Pourtant, cette théorie repose non seulement
sur l’observation de l’expansion, mais également sur la mesure de l’abondance des éléments légers,
formés lors de la nucléosynthèse primordiale et l’observation d’un rayonnement presque parfaitement
isotrope emplissant l’Univers, le fond diffus cosmologique (CMB)

12.3.1 Le fond diffus cosmologique

Origine du rayonnement

Prédit en 1948 par R. Alpher et R. Herman, le CMB est constitué des photons qui peuplaient
le plasma chaud à des redshifts z & 1100, en compagnie des noyaux et des électrons libres. Dans
ce plasma, les photons sont diffusés efficacement par les électrons par diffusion Thomson, leur libre
parcours moyen étant très court. Le plasma est donc opaque. Aux alentours de z ≈ 1100, soit environ
370 000 ans après le Big Bang, les électrons et les noyaux se recombinent (on parle de la recombinaison
ou du découplage de la matière et du rayonnement), de sorte que les photons ne sont plus efficacement
diffusés et peuvent se propager librement, l’Univers devient transparent. Le gaz de photons peut être
traité comme un corps noir, dont la densité d’énergie u = ρc2 varie en a−4 ∝ (1 + z)4 comme on l’a
vu plus haut. Or pour un corps noir u ∝ T 4, de sorte que la température de ce rayonnement est

T (z) = TCMB(1 + z) (12.71)

21. Les convictions religieuses de G. Lemâıtre, physicien mais aussi abbé catholique, qui défendait cette idée, semblaient
former un conflit d’intérêt pour de nombreux physiciens d’alors.
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où TCMB est la température qu’on observerait actuellement. Ce rayonnement, semblant parfaitement
isotrope, a été détecté par hasard en 1965 par A. A. Penzias et R. W. Wilson, et les mesures ultérieures,
notamment avec le satellite COBE, ont montré qu’il présentait une distribution spectrale de corps noir,
avec TCMB ≈ 2.725 K (voir la Fig. 3.5). Il s’agit du rayonnement électromagnétique le plus lointain
observable, correspondant à la surface de dernière diffusion des photons sur les électrons libres avant
la recombinaison.

Figure 12.10 – La recombinaison.

Redshift du découplage

On peut calculer le redshift zd auquel a lieu la recombinaison en considérant pour simplifier un
plasma d’hydrogène seulement et en partant de la loi de Saha (Eq. 3.35)

y2

1− y =
1

nHΛ3
e

exp

(
− χ0

kBT

)
(12.72)

où y = n(H+)/nH est le degré d’ionisation, χ0 = 13.6 eV est le potentiel d’ionisation, et Λe est la
longueur d’onde thermique de de Broglie des électrons

Λe =
h√

2πmekBT
(12.73)

La densité totale d’hydrogène varie avec le redshift du fait de l’expansion comme nH ∝ (1+z)−3. D’autre
part, la température du CMB est liée au redshift par TCMB ∝ (1 + z). Le découplage correspond au
moment où le milieu passe d’entièrement ionisé (y ' 1) à entièrement neutre (y ' 0), et on cherche
une estimation du redshift zd auquel a lieu cette transition. En posant nb ' 0.25 m−3 la densité de
matière baryonique dans l’Univers actuel, on montre alors que zd est solution de

1

2
=

(2πmekTCMB)3/2

nb(1 + zd)3/2h3
exp

(
− χ0

kTCMB(1 + zd)

)
(12.74)

En insérant les valeurs numériques, on a

1 =
5.43× 1021

(1 + zd)3/2
exp

(
−5.8× 104

(1 + zd)

)
(12.75)

La résolution numérique de cette équation donne zd ' 1480, ce qui est une estimation raisonnable 22

et correspond à une température Td ' 4000 K (Fig. 12.11) et nd ' 8× 108 m−3.

Exercice 125 : Établir l’équation implicite sur zd (Eq. 12.74).

22. En réalité, on a plutôt zd ' 1100.
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Figure 12.11 – Rapport n1/n0 = n(H+)/n(H) d’un plasma d’hydrogène en fonction de la
température, pour plusieurs densités totales n = nH. Le cas de la photosphère Solaire (T = 6400 K)
est représenté par le point rouge, celui du découplage ayant donné naissance au CMB par le point bleu.

Le dipôle du CMB

Le spectre d’émission du CMB n’est isotrope que pour un observateur fixe dans le référentiel lié à la
source du CMB. Pour un observateur se déplaçant à la vitesse ~v dans ce référentiel, on montre que le
spectre observé dans une direction d’observation ~n faisant un angle ϑ avec ~v est également un spectre
de corps noir, mais à la température

T (ϑ) = TCMB

√
1− v2

c2

1− v

c
cosϑ

(12.76)

Exercice 126 : Démontrer ce résultat en partant du fait que le rapport Iν/ν
3 est un invariant

relativiste, conservé dans le changement de référentiel à considérer.

Comme v � c, on peut faire un développement limité de T (ϑ) au premier ordre en v/c

T (ϑ) ' TCMB

(
1 +

v

c
cosϑ

)
(12.77)

ce qui montre que, suivant que l’observateur regarde dans la direction de son mouvement par rapport
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Figure 12.12 – Emission du corps noir cosmologique (CMB) montrant l’effet de dipôle.
L’échelle des couleurs va de -2.5 mK (bleu) à +3.5 mK (rouge) autour de la valeur moyenne de l’émission
du CMB. Crédit : DMR/COBE/NASA.

au CMB ou dans la direction opposée, il observera un corps noir cosmologique plus chaud ou plus froid.
C’est ce qui est représenté sur la Fig. 12.12, issue des mesures de COBE.

Exercice 127 : Sachant que le satellite WMAP a mesuré l’amplitude crête-à-crête du dipôle et a
trouvé ∆Tdipole = 6.692 mK, en déduire la vitesse v du système solaire par rapport au référentiel du
CMB. Quels mouvements composent cette vitesse ?

Après correction de cet effet systématique, le rayonnement du fond diffus cosmologique n’est ce-
pendant pas parfaitement isotrope : il présente des fluctuations relatives δTCMB/TCMB ∼ 10−5. Ces
fluctuations primordiales sont interprétées comme étant les graines à partir desquelles se sont formées
les grandes structures de l’Univers. Leur répartition angulaire fournit des contraintes fortes aux modèles
cosmologiques (Fig. 12.13).

12.3.2 La nucléosynthèse primordiale

La température actuelle du CMB étant proche de 2.7 K, elle correspond à une énergie de l’ordre de
2.3 10−4 eV, et le rapport des densités du rayonnement et de la matière est ρr,0/ρm,0 ≈ 1.6 10−4, avec
une évolution en 1 + z, de sorte qu’à z = ze ≈ 6200, les deux fluides avaient des densités identiques,
la radiation dominant aux époques antérieures 23. À cette époque, le taux d’expansion est donné par

H2
e = H2

0

[
Ωm,0(1 + ze)

3 + Ωr,0(1 + ze)
4
]

= 2H2
0 Ωm,0(1 + ze)

3 (12.78)

en négligeant la constante cosmologique et la courbure, qui sont alors sous-dominantes. On en tire
He ≈ 3.8 105H0 et un âge τe ∼ 1/He ≈ 1.2 1012 s ≈ 4 104 an assez nettement antérieur au découplage.
Avant cette date, on a un Univers dominé par la radiation, avec 24

a ∝ τ1/2 ρ ∝ a−4 ∝ τ−2 T ∝ τ−1/2 (12.79)

23. L’équivalence matière-rayonnement précède donc assez nettement leur découplage.
24. On rappelle que pour la radiation, T ∝ 1 + z ∝ a−1.
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Figure 12.13 – Les fluctuations du CMB. La carte en insert représente les fluctuations de
température du CMB, de l’ordre de δTCMB/TCMB ∼ 10−5. Leur répartition angulaire est quantifiée
par le spectre de puissance représenté par les points de donnée en bleu. Chaque point représente
la puissance présente dans le signal à une certaine échelle angulaire `, les plus grandes valeurs de `
correspondant aux plus petites échelles. La courbe en rouge est un ajustement par le modèle Λ-CDM
à six paramètres. On en tire des valeurs extrêmement précises de ces paramètres, notamment de la
constante de Hubble. Figure adaptée de [2].

On peut alors relier directement l’âge de l’Univers à sa température. Comme à τe ∼ 1012 s la
température est de l’ordre de 12000 K (soit kBT ∼ 1 eV), on en déduit que pour un âge τ ∼ 100 s,
on accède à des énergies de l’ordre de 0.1 MeV, proche des échelles d’énergie des réactions nucléaires.
Lorsque la température est suffisamment élevée pour que kBT > ∆E, avec ∆E ≈ 1.5 MeV la différence
d’énergie de masse entre un proton et un neutron (mp < mn), la formule de Boltzmann impose qu’il
y ait autant de protons que de neutrons dans le milieu. De même, l’énergie de liaison de l’hélium
étant 28 MeV, si la température est suffisante, l’abondance des noyaux d’hélium est très faible. Lorsque
l’Univers se refroidit en s’étendant, l’équilibre n � p est décalé vers les protons, les neutrons sont
enfermés dans les noyaux d’hélium (et des traces de lithium et de deutérium), ceux restant libres se
désintégrant en protons avec une demi-vie de ∼ 880 s. Les calculs précis montrent que le rapport final
entre le nombre de neutrons et celui de protons est de nn/np ≈ 1/7 correspondant à une abondance
de 25% d’hélium en masse. Ce résultat, prédit par Alpher, Bethe et Gamow en 1948, constitue la
nucléosynthèse primordiale et explique l’abondance observée de l’hélium dans les étoiles de très
faible métallicité, qui n’était pas comprise jusqu’alors. L’abondance d’autres éléments légers (D, 3He, 7Li
notamment) dépend aussi de la densité des baryons (c’est-à-dire de la matière ordinaire), correspondant
à un paramètre de densité à l’époque actuelle Ωb. Les mesures d’abondances indiquant toutes que
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Ωb ≈ 0.04− 0.05, significativement plus faible que Ωm,0 ≈ 0.3, on a ici aussi 25 besoin de faire appel à
de la matière noire non-baryonique.

12.3.3 L’inflation

Les modèles FLRW et celui du Big Bang expliquent remarquablement la présence d’un fond diffus de
radiation et les abondances des éléments dans les étoiles de première génération, mais dans les années
1970, certaines difficultés se firent jour.

Figure 12.14 – Le problème de la courbure. La figure de gauche présente le problème dans le cadre
du modèle du Big Bang, et celle de droite présente la résolution dans le paradigme de l’inflation.

Le problème de la courbure

Le problème de la courbure (flatness problem en anglais) est un problème de réglage fin, signifiant
que les observables semblent pointer, dans le cadre du modèle cosmologique considéré, vers un réglage
particulièrement précis des conditions de l’Univers primordial, ce qui est hautement improbable. En
l’occurrence, le paramètre apparemment réglé trop finement est la densité de matière de l’Univers. Pour
comprendre ce problème, mis en évidence pour la première fois par R. Dicke en 1969, on réécrit la
première équation de Friedmann sous la forme(

1

Ω
− 1

)
ρa2 = −3kc2

8πG
(12.80)

en introduisant la densité critique et le paramètre de densité

ρc =
3H2

8πG
Ω =

ρ

ρc
(12.81)

Exercice 128 : Établir la forme (12.80) de l’équation de Friedmann.

Le membre de droite est une constante, et dans celui de gauche, le produit ρa2 augmente lorsque
a diminue (que l’Univers soit dominé par la matière ou par le rayonnement). Depuis l’ère de Planck,
on estime que ρa2 a diminué d’un facteur 1060 de sorte que l’autre facteur a dû augmenter du même

25. La matière noire est invoquée pour expliquer des phénomènes bien plus proches de nous, à savoir les courbes de
rotation des galaxies et la dispersion de vitesse des amas de galaxies.
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facteur. La mesure de Ω0 à l’époque actuelle peut se faire à partir des anisotropies du CMB ou des
mesures de supernovæ, et elles indiquent que |Ω0−1| 6 0.01. Il fallait donc qu’à l’époque de Planck on
ait Ω = 1 à mieux que 10−62, ce qui est difficilement acceptable (Fig. 12.14, gauche). En effet, un très
petit écart de Ω par rapport à 1 dans l’Univers primordial aurait été amplifié énormément pendant les
milliards d’années d’expansion, de sorte que la densité actuelle aurait dû être très éloignée de la densité
critique 26.

Figure 12.15 – Le problème de l’horizon. Les conditions physiques aux points A et B sur la surface
de dernière diffusion sont déterminées par leur histoire, incluse dans leurs cônes de lumière depuis le Big
Bang, qui ne se recouvrent pas et ne peuvent donc imposer l’homogénéité en A et B. Figure adaptée
de [2].

Le problème de l’horizon

L’apparente isotropie du CMB, à mieux que 10−5 près, pose quant à elle un problème majeur de
causalité, appelé problème de l’horizon, soulevé par W. Rindler en 1956. Le principe est relativement
simple à comprendre : imaginons deux galaxies dans des directions opposées du ciel par rapport à la
terre, toutes deux situées à 10 milliards d’années-lumière. Leur distance relative est donc de 20 milliards
d’années-lumière, et elles n’ont pu être en contact causal étant donné l’âge de l’Univers (13.6 milliards
d’années). La surface de dernière diffusion, plus lointaine encore, ne devrait pas présenter une uniformité
aussi remarquable ! Il faut qu’à un moment dans le passé ces régions aient été causalement connectées.

26. Si initialement ρ > ρc même par un tout petit écart, l’Univers serait aujourd’hui si dense qu’il aurait cessé de
s’étendre et se serait effondré dans un Big Crunch. Inversement, si ρ < ρc l’Univers se serait étendu trop rapidement
pour pouvoir former les galaxies...
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Pour préciser les choses, on écrit que la distance physique qu’un signal lumineux peut parcourir pendant
un temps d’expansion τ ∼ 1/H est r = cτ ∼ c/H, ce qui donne un horizon comobile cτ/a. Or a
varie, dans une ère dominée par la matière ou par la radiation, comme τ2/3 ou τ1/2. On a donc un
horizon comobile dont la taille tend vers zéro lorsque τ → 0. La distance sur laquelle la lumière, et
donc toute influence causale, peut se propager se réduit à zéro plus rapidement que la taille de l’univers
lui-même... C’est particulièrement ennuyeux pour justifier que des régions différentes du ciel présentent
la même température du CMB. Un calcul plus précis montre que pour zd ≈ 1100 la taille angulaire de
l’horizon sur le ciel est d’environ 2◦. Deux régions séparées angulairement par une distance plus grande
ne peuvent avoir été en contact causal, comme le schématise la Fig. 12.15.

Figure 12.16 – Le paradigme de l’inflation. Figure adaptée d’un schéma de N. Strobel.

La solution par l’inflation

Le problème de l’horizon a pour origine le fait que le rapport cτ/a tend vers zéro aux temps
courts parce que l’expansion de l’Univers est décélérée pour un contenu de matière ou de radiation.
Si l’on avait a ∝ τγ avec γ > 1, donc une accélération de l’expansion, le problème serait résolu.
C’est l’une des raisons qui ont rendu populaire le paradigme de l’inflation cosmique, introduit par
A. Guth 27. Il postule l’existence d’une période d’expansion exponentielle a ∝ eλτ pendant 10−32 s,
au cours de la première seconde de l’histoire de l’Univers, due à la présence d’un champ scalaire,
l’inflaton 28. La taille de l’Univers aurait alors augmenté d’un facteur 1022 à partir d’une toute petite
région en équilibre thermique et donc reliée causalement. Toutes les parties de cette région se sont alors
retrouvées isolées les unes des autres, mais elles étaient en contact avant l’inflation. Le CMB étant
observé après l’inflation, il a conservé l’équilibre pré-inflationnaire, ce qui explique son homogénéité. La
théorie prédit que les fluctuations à l’homogénéité présentent un spectre de puissance parfaitement
en accord avec les observations des satellites WMAP et Planck (Fig. 12.13). L’inflation permet aussi
de résoudre le problème de la courbure. Avec une densité ρ constante, le facteur ρa2 dans (12.80)
crôıt exponentiellement avec le temps, et l’autre facteur (Ω−1 − 1) doit donc décrôıtre. Ainsi il peut
prendre à peu près n’importe quelle valeur initialement,il tendra extrêmement rapidement vers 0 à la
fin de l’inflation. Il recommencera à augmenter ensuite, mais il n’est plus nécessaire de supposer qu’il
était quasi nul lorsque τ → 0 (Fig. 12.14, droite). L’ère inflationnaire prend fin avec un réchauffement
(reheating en anglais) au cours duquel la densité d’énergie du champ scalaire est convertie en énergie
thermique du plasma, avec une transition vers une ère dominée par la radiation puis une ère dominée par
la matière. Les fluctuations quantiques du champ de l’inflaton sont elles aussi étendues à des échelles

27. Guth travaillait alors sur les théories de grande unification des forces fondamentales de la nature, au moyen de
champs scalaires, et c’est en écoutant R. Dicke présenter les problèmes actuels de la cosmologie en 1979 qu’il réalisa que
ce type de champ pouvait potentiellement résoudre le problème de l’horizon et de la courbure.

28. La nature de ce champ est encore fortement débattue, ce qui constitue un des défauts de la théorie inflationnaire.
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macroscopiques et laissent une signature dans les fluctuations du CMB, à partir desquelles se forment
ensuite les grandes structures de l’Univers (galaxies, amas, super-amas,. . . )
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F. M. Pötzl, B. Prather, J. A. Preciado-López, D. Psaltis, H.-Y. Pu, V. Ramakrishnan, R. Rao,
M. G. Rawlings, A. W. Raymond, L. Rezzolla, A. Ricarte, B. Ripperda, F. Roelofs, A. Rogers,
E. Ros, C. Romero-Cañizales, A. Roshanineshat, H. Rottmann, A. L. Roy, I. Ruiz, C. Ruszczyk,
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D. W. Pesce, V. Piétu, R. Plambeck, A. PopStefanija, O. Porth, B. Prather, J. A. Preciado-López,
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K. Kawabe, F. Kawazoe, F. Kéfélian, M. S. Kehl, D. Keitel, D. B. Kelley, W. Kells, R. Kennedy,
D. G. Keppel, J. S. Key, A. Khalaidovski, F. Y. Khalili, I. Khan, S. Khan, Z. Khan, E. A. Khazanov,
N. Kijbunchoo, C. Kim, J. Kim, K. Kim, N.-G. Kim, N. Kim, Y. M. Kim, E. J. King, P. J. King,
D. L. Kinzel, J. S. Kissel, L. Kleybolte, S. Klimenko, S. M. Koehlenbeck, K. Kokeyama, S. Koley,
V. Kondrashov, A. Kontos, S. Koranda, M. Korobko, W. Z. Korth, I. Kowalska, D. B. Kozak,
V. Kringel, B. Krishnan, A. Królak, C. Krueger, G. Kuehn, P. Kumar, R. Kumar, L. Kuo, A. Kuty-
nia, P. Kwee, B. D. Lackey, M. Landry, J. Lange, B. Lantz, P. D. Lasky, A. Lazzarini, C. Lazzaro,
P. Leaci, S. Leavey, E. O. Lebigot, C. H. Lee, H. K. Lee, H. M. Lee, K. Lee, A. Lenon, M. Leo-
nardi, J. R. Leong, N. Leroy, N. Letendre, Y. Levin, B. M. Levine, T. G. F. Li, A. Libson, T. B.
Littenberg, N. A. Lockerbie, J. Logue, A. L. Lombardi, L. T. London, J. E. Lord, M. Lorenzini,
V. Loriette, M. Lormand, G. Losurdo, J. D. Lough, C. O. Lousto, G. Lovelace, H. Lück, A. P. Lund-
gren, J. Luo, R. Lynch, Y. Ma, T. MacDonald, B. Machenschalk, M. MacInnis, D. M. Macleod,
F. Magaña-Sandoval, R. M. Magee, M. Mageswaran, E. Majorana, I. Maksimovic, V. Malvezzi,
N. Man, I. Mandel, V. Mandic, V. Mangano, G. L. Mansell, M. Manske, M. Mantovani, F. Mar-
chesoni, F. Marion, S. Márka, Z. Márka, A. S. Markosyan, E. Maros, F. Martelli, L. Martellini,
I. W. Martin, R. M. Martin, D. V. Martynov, J. N. Marx, K. Mason, A. Masserot, T. J. Massinger,
M. Masso-Reid, F. Matichard, L. Matone, N. Mavalvala, N. Mazumder, G. Mazzolo, R. McCar-
thy, D. E. McClelland, S. McCormick, S. C. McGuire, G. McIntyre, J. McIver, D. J. McManus,
S. T. McWilliams, D. Meacher, G. D. Meadors, J. Meidam, A. Melatos, G. Mendell, D. Mendoza-
Gandara, R. A. Mercer, E. Merilh, M. Merzougui, S. Meshkov, C. Messenger, C. Messick, P. M.
Meyers, F. Mezzani, H. Miao, C. Michel, H. Middleton, E. E. Mikhailov, L. Milano, J. Miller,
M. Millhouse, Y. Minenkov, J. Ming, S. Mirshekari, C. Mishra, S. Mitra, V. P. Mitrofanov, G. Mit-
selmakher, R. Mittleman, A. Moggi, M. Mohan, S. R. P. Mohapatra, M. Montani, B. C. Moore,
C. J. Moore, D. Moraru, G. Moreno, S. R. Morriss, K. Mossavi, B. Mours, C. M. Mow-Lowry,
C. L. Mueller, G. Mueller, A. W. Muir, A. Mukherjee, D. Mukherjee, S. Mukherjee, N. Mukund,
A. Mullavey, J. Munch, D. J. Murphy, P. G. Murray, A. Mytidis, I. Nardecchia, L. Naticchioni, R. K.
Nayak, V. Necula, K. Nedkova, G. Nelemans, M. Neri, A. Neunzert, G. Newton, T. T. Nguyen,
A. B. Nielsen, S. Nissanke, A. Nitz, F. Nocera, D. Nolting, M. E. N. Normandin, L. K. Nuttall,
J. Oberling, E. Ochsner, J. O’Dell, E. Oelker, G. H. Ogin, J. J. Oh, S. H. Oh, F. Ohme, M. Oliver,
P. Oppermann, R. J. Oram, B. O’Reilly, R. O’Shaughnessy, C. D. Ott, D. J. Ottaway, R. S. Ottens,
H. Overmier, B. J. Owen, A. Pai, S. A. Pai, J. R. Palamos, O. Palashov, C. Palomba, A. Pal-
Singh, H. Pan, Y. Pan, C. Pankow, F. Pannarale, B. C. Pant, F. Paoletti, A. Paoli, M. A. Papa,
H. R. Paris, W. Parker, D. Pascucci, A. Pasqualetti, R. Passaquieti, D. Passuello, B. Patricelli,
Z. Patrick, B. L. Pearlstone, M. Pedraza, R. Pedurand, L. Pekowsky, A. Pele, S. Penn, A. Per-
reca, H. P. Pfeiffer, M. Phelps, O. Piccinni, M. Pichot, M. Pickenpack, F. Piergiovanni, V. Pierro,
G. Pillant, L. Pinard, I. M. Pinto, M. Pitkin, J. H. Poeld, R. Poggiani, P. Popolizio, A. Post,
J. Powell, J. Prasad, V. Predoi, S. S. Premachandra, T. Prestegard, L. R. Price, M. Prijatelj,
M. Principe, S. Privitera, R. Prix, G. A. Prodi, L. Prokhorov, O. Puncken, M. Punturo, P. Puppo,
M. Pürrer, H. Qi, J. Qin, V. Quetschke, E. A. Quintero, R. Quitzow-James, F. J. Raab, D. S. Ra-
beling, H. Radkins, P. Raffai, S. Raja, M. Rakhmanov, C. R. Ramet, P. Rapagnani, V. Raymond,
M. Razzano, V. Re, J. Read, C. M. Reed, T. Regimbau, L. Rei, S. Reid, D. H. Reitze, H. Rew,
S. D. Reyes, F. Ricci, K. Riles, N. A. Robertson, R. Robie, F. Robinet, A. Rocchi, L. Rolland, J. G.
Rollins, V. J. Roma, J. D. Romano, R. Romano, G. Romanov, J. H. Romie, D. Rosińska, S. Rowan,
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