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Introduction

1. L’objectif de ce travail
La théorie de la structure et évolution stellaires est un domaine majeur de l’astrophysique

moderne. D’un côté, parce que l’évolution des étoiles contribue à la synthèse de la plupart des
éléments ; de l’autre, parce que certains stades du cycle de vie des étoiles représentent une partie
cruciale dans la formation des galaxies, des autres étoiles, et des systèmes planétaires. Aussi,
notre compréhension de l’évolution stellaire a un impact direct sur d’autres domaines de l’as-
trophysique, tels que la recherche d’exoplanètes et leur habitabilité, l’évolution des galaxies, la
cosmologie, etc. Alors que les aspects généraux de la structure et de l’évolution des étoiles sont
aujourd’hui bien compris, d’autres aspects, tels que la rotation, les différents régimes de convec-
tion, et le mélange chimique dans les régions profondes d’une étoile, sont encore méconnus. Un
élément clé qui peut être étudié quantitativement depuis récemment est le taux de rotation des
régions centrales des étoiles de la séquence principale (MS pour Main Sequence) de masse inter-
médiaire (1M�– 2M�). Ainsi, le moyen clé pour contraindre et améliorer les modèles stellaires
théoriques est l’astérosismologie. Cette discipline récente, permet de sonder l’intérieur des étoiles
en analysant les ondes sismiques qu’elles peuvent présenter. Ces dernières années, beaucoup de
progrès a pu être obtenu par l’astérosismologie, grâce aux résultats de la photométrie spatiale.
Cette dernière permet jusqu’à plusieurs mois d’observations continues des étoiles cibles, et avec
une précision inatteignable par les observatoires terrestres. Parmi les satellites clés de la photo-
métrie spatiale, citons MOST, CoRoT, Kepler, BRITE-Constellation, TESS, et CHEOPS.[42]

Les étoiles pulsantes sont identifiées et répertoriées dans des classes distinctes, selon des ob-
servables astérosismologiques telles que leurs types d’oscillations, leurs gammes de fréquences
d’oscillations, leurs emplacements dans le diagramme H-R (Hertzsprung–Russell), etc. Ces ob-
servables reflètent, bien entendu, des processus physiques sous-jacents qui diffèrent d’une étoile à
l’autre selon la masse, l’âge, et la structure interne. Aujourd’hui, nous pouvons constater que les
différentes classes d’étoiles pulsantes échantillonnent très bien le diagramme H-R, ce qui permet
de sonder l’intérieur d’étoiles représentatives des différents stades de l’évolution stellaire [3]. Les
emplacements de ces différentes classes stellaires dans le diagramme H-R sont appelés bandes
d’instabilité. La figure 1 représente les principales bandes d’instabilité connues aujourd’hui, y
compris celle des γ Doradus.

Les étoiles γ Doradus, dites aussi γ Dor, sont des étoiles oscillantes de masse intermédiaire de
la MS, de types spectraux A5-F0, dont la variabilité observationnelle est de l’ordre de 0,1 mag.
Leurs oscillations sont identifiées comme des modes de gravité et/ou gravito-inertiels, et/ou à
des modes de Rossby. Les modes de gravité permettent de sonder les régions profondes de ces
étoiles. En présence de rotation, les modes de gravité subissent également l’action de la force de
Coriolis comme force de rappel, et sont appelés gravito-inertiels. Les modes de Rossby, liés à la
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force de Coriolis, ils n’ont pas d’équivalent en l’absence de rotation.

Dans sa thèse, Bouabid (2011) étudie de manière exhaustive les modes gravitationnels et
gravito-inertiels dans les γ Dor. Il étudie les effets de la rotation et des paramètres physiques les
plus pertinents influençant l’apparition des modes gravito-inertiels (i.e. leur bande d’instabilité).
Son étude des effets de la rotation inclut l’effet de la force de Coriolis. Cependant, elle n’inclut
pas l’étude des modes de Rossby. Ce mémoire est réalisé dans la continuité de ce travail. Son
objectif est d’établir les bandes d’instabilité des modes de Rossby des étoiles γ Dor pour diffé-
rentes fréquences de rotation ; ensuite, de présenter quelques propriétés des spectres d’oscillation
(périodes d’oscillation et ordres radiaux) ; et finalement, de comparer ces résultats avec ceux des
modes gravito-inertiels, et avec des résultats observationnels de Kepler.

Figure 1 – Les grandes classes d’étoiles oscillantes dans le diagramme H-R. La flèche et le
surlignement indiquent l’emplacement attendu des γ Dor. Figure reprise de M.-A. Dupret[9].

Avant de commencer à s’intéresser à la problématique des étoiles γ Dor, il est essentiel de
définir quelques notions clés de l’astérosismologie. Les notions qui vont permettre de définir les
γ Dor concernent principalement les modes gravitationnels, les modes de Rossby, et l’effet de la
rotation.
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Chapitre I

Rappels théoriques

I.1 Les équations fondamentales
I.1.1 Les équations d’équilibre

Une étoile de la séquence principale est, en première approximation, une sphère de gaz (idéal),
que l’on considère comme un fluide parfait, se maintenant à l’équilibre hydrostatique par ses
propres forces de gravité et de pression.
De plus, nous supposons -dans un premier temps- que cette étoile est sans rotation, n’a pas de
champs magnétique et n’est soumise à aucune force extérieure. La production d’énergie en son
sein est essentiellement dominée par les réactions nucléaires, et son transport par la radiation et
la convection. Ces approximations sont valides pendant une grande partie de la vie de n’importe
quelle étoile.

L’équation d’équilibre hydrostatique

L’hypothèse de l’équilibre hydrostatique s’exprime par l’équation suivante :

Gm

r2 = −1
ρ

dP

dr
(I.1)

en tout point de l’étoile, où G est la constante gravitationnelle, r la distance du point considéré
par rapport au centre de l’étoile, m = m(r) la masse de la matière stellaire remplissant la sphère
qui s’étend du centre jusqu’au rayon r, ρ = ρ(r) la densité massique à la distance r du cente, et
P la pression au point considéré.

La conservation de l’énergie

L’équation de conservation de l’énergie s’exprime en un milieu donné de l’étoile, par :

T
ds

dt
= du

dt
+ P

dv

dt
= ε− ∇.

−→
F

ρ
(I.2)

où T est la température locale, s l’entropie locale par unité de masse, d
dt la dérivée temporelle,

u la densité massique d’énergie interne, v le volume massique, ε le taux de production locale
d’énergie d’origine nucléaire par unité de temps par unité de masse, −→F le flux d’énergie émis par
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le milieu.

Finalement, l’hypothèse sur les mécanismes de transport de chaleur nous permet d’établir les
équations thermiques suivantes :

I.1.2 Les transferts d’énergie
Le transport de l’énergie par la radiation

Sous l’approximation diffusive, nous trouvons :

−→
FR = −4acT 3

3κρ ∇T (I.3)

où −→FR désigne le flux d’énergie transportée par la radiation, a désigne la constante de densité de
radiation, c la vitesse de la lumière dans le vide, et κ l’opacité moyenne de Rosseland.

Le transport de l’énergie par la convection

Les mécanismes liés à la convection sont très complexes à cause des mouvements turbulents
que cette dernière induit dans les milieux stellaires. C’est pourquoi la convection est traitée
séparément, c-à-d qu’elle ne sera pas considérée lors de l’établissement des équations d’ondes
sismiques de façon générale. Cependant, elle interviendra dans l’étude de la stabilité (resp. in-
stabilité) des modes d’oscillations, c-à-d si ces derniers sont excités ou non.
Le traitement de la turbulence associée à la convection en lui-même est un problème mathéma-
tique complexe qui n’est pas encore complètement résolu. Parmi les principales théories qui le
traitent, il y a la MLT (Mixing Length Theory ou la théorie de la longueur de mélange), déve-
loppée par G.I. Taylor, W. Schmidt et L. Prandtl entre 1915 et 1930. Lorsqu’elle fut introduite,
la MLT avait pour objectif de décrire la convection observée en laboratoire et en géophysique.
Elle repose sur la notion de longueur de mélange, qui est la distance parcourue adiabatiquement
par une cellule de gaz avant de se "dissoudre" par thermalisation. Lors de la formulation de la
MLT dans le cadre de l’astrophysique, par Böhm-Vitense (1958), diverses hypothèses concernant
cette longueur de mélange ont été ajoutées, telles que la distance au centre de l’étoile, la hauteur
d’échelle de grandeurs telles que la pression et la densité, etc.[44].

Dans ce travail, nous utilisons la MLT telle que formulée par Böhm-Vitense. Nous définissons
la hauteur d’échelle de la pression HP = dr

dlnP , le paramètre de longueur de mélange αMLT , qui
prend généralement une valeur entre 1 et 2 selon la classe de l’étoile, et la longueur de mélange :

l = αMLTHP (I.4)

I.1.3 Le critère de Schwartzschild
Le critère de Schwartzschild définit si un élément du gaz, pris dans un milieu donné, est

instable (resp. stable) vis-à-vis de la convection. Autrement dit, si ce milieu est convectif (resp.
non-convectif).

Définissons le gradient adiabatique :

∇ad ≡
∂lnT

∂lnP
|s, (I.5)
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et le gradient radiatif ∇rad :
∇rad = 3κPL

16πacGmT 4 (I.6)

où L est la luminosité du milieu. Le gradient radiatif est donc le gradient (fictif) que devrait
avoir le milieu pour pouvoir produire sa luminosité totale L.
Le critère de Schwartzschild stipule que l’élément est instable vis-à-vis de la convection si :

∇rad > ∇ad (I.7)

I.2 Les temps caractéristiques
Le temps dynamique

Le temps dynamique est le temps que mettrait une étoile pour changer sa structure à grande
échelle, si l’équilibre entre les forces était "subitement" brisé.

Rappelons que, selon nos hypothèses à la section 1.2, les seules forces auxquelles une étoile
est soumise sont les forces de pression et de gravité. Supposons donc que la pression s’annule
subitement dans toute l’étoile, et que l’étoile, de rayon R et de masse M, s’effondre (suite à
l’annulation de la pression) avec une accélération initiale GM

R2 à la surface. Si cette accélération
est uniforme, le déplacement de la surface se décrit par : r(t) = R− (GMR2 )t2. Ainsi, le centre sera
atteint lorsque 0 = R− (GMR2 )t2dyn ⇒ tdyn =

√
R3

GM .

C’est le temps dynamique que nous cherchions :

τdyn ≡ tdyn =
√

R3

GM
(I.8)

Le temps thermique (ou temps de Kelvin-Helmholtz)

Le temps thermique sert à caractériser les temps de déséquilibres thermiques au sein d’une
étoile. Imaginons que les réactions nucléaires au sein d’une étoile cessent "subitement". Nous
savons que dans un tel scénario l’étoile se mettrait à se contracter, pour contrebalancer la di-
minution de pression radiative, jusqu’à atteindre un rayon correspondant au nouvel équilibre
hydrostatique. Cette contraction s’accompagnerait d’une diminution de son énergie potentielle
EG, puisque EG ≈ GM2

R (et accessoirement, d’une augmentation de son énergie interne). Nous
nous servons de ce dernier constat pour définir le temps thermique. Le temps de Kelvin-Helmholtz
est ainsi, par définition, le temps que mettrait une étoile à dissiper son énergie potentielle de
manière significative (à un facteur près) 1 :

τKH ≡
GM2

RL
(I.9)

où L est la luminosité de l’étoile. τKH est de l’ordre de 50 millions d’années pour les étoiles γ
Doradus [3].

1. Remarquons que si le calcul se fait à un facteur près, cela représente une précision suffisante pour les
démonstrations qui vont suivre.
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Nous définissons ensuite les temps caractéristiques utiles à l’étude des processus énergétiques
au sein d’une étoile :

Le temps de relaxation thermique

Le temps de relaxation thermique est le temps que met une cellule de gaz délimitée par les
"sous-sphères" respectives de masse m, et de masse m’, à échanger sa chaleur avec son voisinage.

τth(m) =
∫m′

m
u dm

L
=
∫m′

m
cvT dm

L
(I.10)

où u est l’énergie massique de la cellule, T sa température, et cv sa capacité thermique massique
à volume constant.

C’est donc un temps thermique calculé à l’échelle locale. Il ne faut pas le confondre avec le
temps de Kelvin-Helmholtz, qui est un temps thermique à l’échelle globale. Le temps de relaxa-
tion thermique peut changer de plusieurs magnitudes d’une couche à l’autre dans l’étoile.

Nous verrons par la suite que l’excitation d’un mode d’oscillation de période Posc prend place
principalement dans la région où τth est du même ordre de grandeur.

Le temps nucléaire

Le temps nucléaire est l’échelle de temps relative aux changements structuraux de l’étoile dus
aux réactions nucléaires 2.

τnuc = Enuc
LMS

(I.11)

où Enuc est l’énergie nucléaire qui est libérée par la fusion d’une fraction significative de l’hydro-
gène central durant la séquence principale 3, et LMS la luminosité de l’étoile durant cette même
période 4.

L’ordre de grandeur du temps nucléaire pour le Soleil est de 1010 ans. Ainsi, τnuc � τKH .

Le temps convectif

Le temps convectif est défini comme le temps de vie moyen d’un élément convectif.
Dans le formalisme de la MLT que nous adoptons [3], le temps convectif s’écrit

τconv = l

vconv
= l

(
αMLT

2

√
pT p

2pρρ
(∇−∇′)

)−1
, (I.12)

où vconv est la vitesse moyenne de l’élément convectif, pT ≡ ∂lnP
∂lnT |ρ le gradient de pression à den-

sité constante, pρ ≡ ∂lnP
∂lnρ |T le gradient de pression à température constante, et ∇′ = dlnT

dlnp

∣∣
conv

le

2. Il s’agit plus spécifiquement des changements de composition chimique.
3. Comme valeur indicative, dans le cas du Soleil, l’hydrogène centrale qui participera aux réactions nucléaires

durant la séquence principale représente ∼ 10% de la masse totale de l’étoile.
4. Dans le contexte de ce mémoire, la luminosité est considérée une constante temporelle durant la séquence

principale.

9



gradient de température moyen vu par un élément convectif durant son temps de vie.

Dans les régions convectives d’une γ Dor, τconv est généralement du même ordre de grandeur
que la période d’oscillation 5. Ce rapport τconv

P a une influence sur le mécanisme d’excitation des
modes d’oscillations, comme il sera expliqué dans la section 5.

I.3 Les équations de l’hydrodynamique
En admettant l’hypothèse du fluide parfait, que l’on justifie par le fait que le nombre de Rey-

nolds dans l’étoile est très grand 6, nous pouvons établir les lois de l’hydrodynamique suivantes :

Équation de conservation de la masse

Dρ

Dt
+ ρ∇.−→v = ∂ρ

∂t
+∇.(ρ−→v ) = 0 (I.13)

Où D
Dt désigne la dérivée particulaire, définie par : Df(x,t)

Dt = ∂f(x,t)
∂t + v.∇f(x, t), avec f une

fonction quelconque des variables x et t. Cette forme locale de l’équation de conservation de la
masse est également appelée équation de continuité.

Équation de conservation de la quantité de mouvement

D−→v
Dt

= ∂−→v
∂t

+−→v .∇−→v = −∇ψ − ∇P
ρ

(I.14)

Où ψ est le potentiel gravitationnel :
−→g = −−→∇ψ (I.15)

Équation de Poisson
∇2Ψ = 4πGρ (I.16)

I.4 Le modèle adiabatique des oscillations
Le modèle des oscillations adiabatiques consiste à supposer que les oscillations stellaires se

font sans échange de chaleur. Il est à la base de tous les développements théoriques qui vont
suivre dans cette section, et est justifié par le rapport de grandeur qu’il y a entre les différents
temps caractéristiques mentionnés précédemment. En effet 7 :

τKH � τdyn (I.17)

⇒ |∆s|
cv
� 1 (I.18)

En effet, nous avons, par le théorème du Viriel :∫ M

0

Gm

r
dm = 2

∫ M

0
u dm, (I.19)

5. À l’exception de certaines étoiles, et/ou de certains modes d’oscillation, comme expliqué dans [3], et ces
exceptions seront prises en compte lors de l’interprétation de nos résultats à la section 3.2.

6. Nombre de Reynolds dans une étoile : Re = ρV r
µ
∼ 1018

7. Pour le Soleil, τKH,� ≈ 107ans et τdyn,� ≈ 26min.
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où u désigne l’énergie interne totale (nucléaire et gravifique dans le cas général) disponible par
unité de masse de l’étoile.

Ainsi,

τKH = GM2

2RL ≈
∫M

0 u dm

L
≈ uM

L
(I.20)

Et, connaissant les ordres de grandeur de la luminosité L, et de la masse totale M d’étoile, nous
calculons aussi que

uM

L
� τdyn (I.21)

De plus, nous avons
∆Q ≈ Lτdyn (I.22)

où ∆Q désigne la quantité de chaleur échangée par toute l’étoile pendant un cycle d’oscillation.
(I.21) et (I.22) impliquent que

|∆Q| � uM ∼ cv<T>M (I.23)

⇒ |∆Q|
cv<T>M

� 1 (I.24)

⇒ |∆s|
cv
� 1 (I.25)

<T> étant la température moyenne de l’étoile. Puisque le temps de Kelvin-Helmoltz est très
grand en comparaison avec le temps dynamique (I.20 et I.21), à l’échelle temporelle des oscilla-
tions, l’échange de chaleur est négligeable par rapport à la capacité thermique globale de l’étoile
(I.25).

Remarquons que cette démonstration concerne l’étoile dans son intégralité : dans la plus
grande partie de l’étoile en terme de masse, les oscillations sont adiabatiques. Cela n’implique pas
que les échanges sont localement (c-à-d en chaque couche de l’étoile) adiabatiques. Cependant, le
point important que nous venons de déduire est que l’approximation adiabatique est une bonne
approximation pour une première description générale des oscillations.

I.4.1 L’hypothèse des petites perturbations
Les équations d’équilibre mentionnées précédemment ne sont valables qu’à l’équilibre hydro-

statique, autour duquel l’étoile oscille, c-à-d que, pour un élément du fluide stellaire, toutes les
grandeurs correspondantes (position, pression, etc.) oscillent autour de leurs valeurs d’équilibre
respectives.
Nous considérons que ces oscillations sont de petite amplitude comparées aux hauteurs d’échelle
des grandeurs correspondantes, de telle manière qu’un développement limité du premier ordre
de toute grandeur X, autour de sa valeur d’équilibre X0, soit considéré égal à la valeur de X
après la perturbation. C’est l’hypothèse des petites perturbations. Cette hypothèse nous permet
de linéariser et de résoudre les équations précédentes en dehors de l’équilibre. Notons qu’il existe
des solutions non-linéaires dans la littérature (e.g. [45] ; [17] ; [8] ; [5] ; [16] ; [26]), mais utilisées
pour d’autres types d’étoiles pulsantes et/ou de problèmes à résoudre, et encore peu utilisées à
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cause de leur exigences en termes de complexité de calculs [18].

Les formalismes lagrangien et eulérien

En mécanique des fluides, deux types de formalismes sont habituellement utilisés : le forma-
lisme lagrangien et le formalisme eulérien ;
Considérons un élément du fluide ; soit X une grandeur physique quelconque, caractérisant cet
élément, et notons par X0 la valeur de X à l’équilibre.

Le formalisme lagrangien

Dans cette approche, le fluide est découpé virtuellement en "particules" élémentaires, suivie
chacune par un même vecteur position −→a qui se déplace avec elle. Donc, on suit la particule dans
son mouvement. Cette approche est utile lors de l’étude des phénomènes d’advection.
Dans ce contexte, une perturbation lagrangienne de X, nous noterons δX, peut être exprimée
ainsi :

δX = X(−→a , t)−X0(−→a ) (I.26)

Le formalisme eulérien

Dans ce formalisme, les variables physiques sont évaluées en des points fixes de l’espace,
exprimés par les coordonnées spatiales habituelles (−→r = −→r (r, θ, φ) dans le cas des coordonnées
sphériques). L’état d’un fluide en mouvement est décrit en lui associant des champs : champ des
vitesses, champ de pression, champ de température, etc. C’est le point de vue eulérien qui est
habituellement implicitement adopté en thermodynamique dans les phénomènes de diffusion.

Une perturbation eulérienne de X, que nous noterons X’, peut être exprimée ainsi :

X ′ = X(−→r , t)−X0(−→r ) (I.27)

Dans les développements théoriques exprimés plus loin pour établir les équations d’ondes sis-
miques, nous utiliserons le formalisme lagrangien ou eulérien suivant la grandeur étudiée, comme
expliqué plus haut. Le lien entre une perturbation eulérienne et une perturbation lagrangienne
d’une même grandeur est donné par :

δX = X ′ +∇X0.δ
−→r (I.28)

I.4.2 Les oscillations stellaires non-radiales
Une oscillation non-radiale est une oscillation qui se manifeste par des déformations pério-

diques des différentes couches de l’étoiles, qui ne conservent pas la symétrie sphérique de l’étoile.
C’est le cas le plus général et les modes d’oscillations radiales (c-à-d respectant la symétrie sphé-
rique de l’étoile) n’en sont qu’un cas particulier.

À présent, nous allons obtenir l’expression générale d’un mode propre d’oscillation non-radiale
à partir d’une petite perturbation.

Nous choisissons le système de coordonnées sphériques (r, θ, φ) qui est plus adapté pour notre
problème. Commençons par exprimer un déplacement lié à une perturbation dans ce système de
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coordonnées :

δ−→r = ξr
−→er + ξθ

−→eθ + ξφ
−→eφ (I.29)

Équations en termes perturbatifs
Ensuite, nous utilisons les expressions en termes perturbatifs de l’équation de l’équilibre hy-

drostatique.

Équation de l’équilibre hydrostatique

∇P
ρ

= ∂P

ρ∂r
−→er = −Gm

r2
−→er (I.30)

Équation de conservation de la masse

δρ

ρ
= −∇.δ−→r (I.31)

⇒δρ

ρ
+
[

1
r2

∂

∂r
(r2ξr) + 1

rsinθ

∂

∂θ
(sinθξθ) + 1

rsinθ

∂ξφ
∂φ

]
= 0 (I.32)

Équation du mouvement

À partir de (I.14) appliquée à l’équilibre :

D−→v0

Dt
= 0 = −∇ψ0 −

∇P0

ρ0
(I.33)

En développant la différence entre (I.14) et (I.33), nous trouvons

∂2δ−→r
∂t2

= −∇ψ′ − ∇P
′

ρ
+ ρ′

ρ2∇P (I.34)

Équation de Poisson

∇2ψ′ = 4πGρ′ (I.35)

⇒
[

1
r2

∂

∂r
(r2 ∂ψ

′

∂r
) + 1

r2sinθ

∂

∂θ
(sinθ∂ψ

′

∂θ
) + 1

r2sin2θ

∂2ψ′

∂φ2

]
= 4πGρ′ (I.36)

Définissons l’opérateur legendrien

L2 = −r2∇2
h = − 1

sinθ

∂

∂θ
(sinθ ∂

∂θ
)− 1

sin2θ

∂2

∂φ2 (I.37)

À présent, remarquons que pour un mode propre
−→
δr(−→r , t) = δ−→r (r, θ, φ)sin(σt) (I.38)

⇒∂2δ−→r
∂t2

= −σ2δ−→r (I.39)
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Grâce à (I.39), séparons l’équation du mouvement (I.34) en ses composantes radiale et hori-
zontale, et introduisons-y le legendrien. Nous trouvons ainsi le système d’équations aux dérivées
partielles :

σ2ξr = ∂ψ′

∂r
+ ρ′

ρ

Gm

r2 + 1
ρ

∂P ′

∂r
(I.40)

δρ

ρ
+ 1
r2

∂

∂r
(r2ξr)−

1
σ2r2 (r2ξr)L2(ψ′ + P ′

ρ
) = 0 (I.41)

1
r2

∂

∂r
(r2 ∂ψ

′

∂r
)− 1

r2L
2ψ′ = 4πGρ′ (I.42)

Solutions des équations en termes perturbatifs
Pour résoudre le système de (I.40) à (I.42), nous allons effectuer une séparation des variables

spatiales et temporelles, c-à-d chercher des solutions de la forme :

X ′(r, θ, φ, t) = X ′(r, θ, φ)eiσt, (I.43)

où σ, un nombre complexe, représente la fréquence d’oscillation ; ce qui est possible car les
coefficients dans les équations (I.40) à (I.42) sont indépendants du temps. Ensuite, nous al-
lons effectuer une séparation des variables spatiales, c-à-d chercher des solutions de la forme :
X ′(r, θ, φ) = X ′(r)F (θ, φ), ce qui est possible ici car les dérivées par rapport à θ et à φ appa-
raissent sous le même opérateur L2 :

En remarquant que les harmoniques sphériques sont les fonctions propres de L2,
i.e : L2Y m` (θ, φ) = `(`+ 1)Y m` (θ, φ), nous admettons les solutions suivantes au problème :

X ′(r, θ, φ) = X ′(r)Y m` (θ, φ) (I.44)

qui ainsi deviennent, en prenant en compte (I.43) :

X ′(r, θ, φ, t) = X ′`(r)Y m` (θ, φ)eiσ`t (I.45)

pour les perturbations eulériennes, et

δX(r, θ, φ, t) = δX`(r)Y m` (θ, φ)eiσ`t (I.46)

pour les perturbations lagrangiennes. Et le système d’équations différentielles de (I.40) à (I.42)
devient :

σ2ξr = ∂ψ′

∂r
+ ρ′

ρ

Gm

r2 + 1
ρ

∂P ′

∂r
(I.47)

1
r2

∂

∂r
(r2 ∂ψ

′

∂r
)− 1

r2L
2ψ′ = 4πGρ′ (I.48)

1
r2

d

dr
(r2 dψ

′

dr
)− l(l + 1)

r2 ψ′ = 4πGρ′ (I.49)

Les fréquences de Lamb et de Brunt-Väisälä
Pour simplifier les équations (I.47) à (I.49), nous définissons les fréquences de Lamb L` et

la fréquence de Brunt-Väisälä N comme suit :
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L2
` = `(`+ 1)c2

r2 (I.50)

N2 = Gm

r2 ( 1
Γ1

dlnP

dr
− dlnρ

dr
) (I.51)

où Γ1 = ∂lnP
∂lnρ

∣∣
s
désigne le premier coefficient adiabatique, c la vitesse du son : c =

√
Γ1P
ρ .

De plus, sous l’hypothèse des petites perturbations, ainsi que l’hypothèse adiabatique il nous
est permis d’énoncer la relation adiabatique :

δP

P
= Γ1

δρ

ρ
(I.52)

Dès lors, l’équation du mouvement radial nous donne :

dP ′

dr
+ ρ

dψ′

dr
+ g

c2
P ′ = (σ2 −N2)ρξr, (I.53)

et l’équation du mouvement horizontal avec l’équation de continuité nous donnent :

P ′

ρc2
(1− L2

`

σ2 )− `(`+ 1)
σ2r2 ψ′ − g

c2
ξr + 1

r2
d

dr
(r2ξr) = 0 (I.54)

Les conditions aux limites
Afin de résoudre le système d’équations (I.53) et (I.54), il est nécessaire d’ajouter des condi-

tions aux limites, décrites par exemple dans Dupret ([9]) :

Au centre
Les perturbations eulériennes des différentes grandeurs obéissent à

P ′(r), ψ′(r), ... ∝ r` (I.55)

De plus, nous admettons les conditions géométriques suivantes :

pour ` = 0, ξr ∝ r, (I.56)
pour ` = 1, ξr(0) = ξh(0), (I.57)
pour ` > 1, ξr, ξh ∝ r`−1 (I.58)

À la surface
- La condition mécanique consiste à admettre une réflexion totale des ondes à la surface de
l’étoile : δP (R) = 0.
- Pour le potentiel gravitationnel, il s’agit d’imposer la continuité au premier ordre (i.e : continuité
de la grandeur et de sa dérivée) de la solution interne de l’équation de Poisson, et de la solution
externe de l’équation de Laplace (∇2ψ′ = 0) [3], cela implique [9] :

ψ′(r) = Cr−`−1, (I.59)

où C est une constante.
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L’approximation de Cowling

L’approximation de Cowling [7] consiste à négliger les perturbations eulériennes du potentiel
gravitationnel, i.e, nous supposons que ψ′ = 0. Autrement dit, les oscillations du fluide stellaire
sont étudiées dans le cadre d’une étoile à l’équilibre du point de vue mécanique. Cette approxi-
mation est valide pour des modes d’ordre n élevés (Unno et al. 1989b) -ce qui est le cas des
modes g des γ Dor-, et dans les couches superficielles des étoiles, en général. L’origine de cette
approximation, telle qu’expliquée dans [7], est que, vu que la masse est généralement fortement
concentrée vers le centre d’une étoile, les variations de ρ ne produisent pas de grandes varia-
tions de ψ dans les couches externes de cette dernière. D’un autre côté, lorsque n est élevé, le
nombre de nœuds de ρ′ est grand, donc les régions de croissance et de décroissance de ρ sont
assez proches les unes des autres pour se compenser, et ainsi ne pas perturber significativement
ψ, en tout point de l’étoile.

Cette approximation va nous servir à simplifier les équations (I.53) et (I.54), qui deviennent
alors :

dP ′

dr
+ g

c2
P ′ = (σ2 −N2)ρξr (I.60)

P ′

ρc2
(1− L2

`

σ2 )− g

c2
ξr + 1

r2
d

dr
(r2ξr) = 0 (I.61)

(I.60) et (I.61) représentent un problème aux valeurs propres du deuxième ordre, dont les
solutions sont les fonctions propres ξr,n(r) et les valeurs propres associées σn, où nous avons
introduit le symbole n comme indice pour énumérer les différentes solutions du problème.
Autrement dit, la perturbation eulérienne d’une grandeur physique X donnée dans (I.45) peut
être réécrite plus explicitement :

X ′(r, θ, φ) = X ′n`(r)Y m` (θ, φ)eiσn`t (I.62)

Revenons à notre formalisme (sans indice n) pour résoudre le problème précèdent. Quand le
nombre de nœuds des solutions est très grand 8, il est possible de simplifier les équations (I.60)
et (I.61). En effet, comme les nombres d’onde de P , de P ′, et de ξ′ sont très petits par rapport
à la hauteur d’échelle de pression HP , on a :∣∣∣∣P ′ drdP ′

∣∣∣∣�HP ≡
∣∣∣∣ dr

dlnP

∣∣∣∣ (I.63)

et

∣∣∣∣ξr drdξr
∣∣∣∣�HP ≡

∣∣∣∣ dr

dlnP

∣∣∣∣ (I.64)

Commençons par développer (I.60) sous la condition (I.63) :

L’équation de l’équilibre hydrostatique (I.1) peut se réécrire :

dlnP

dr
= −ρg

P
(I.65)

⇒ g

c2
= − 1

Γ1

dlnP

dr
= 1

Γ1Hp
(I.66)

⇒ g

c2

∣∣∣∣P ′∣∣∣∣ = 1
Γ1Hp

∣∣∣∣P ′∣∣∣∣ (I.67)

8. Ce qui, comme énoncé précédemment, justifie l’approximation de Cowling.
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Or, (I.63) implique

1
|P ′|

∣∣∣∣dP ′dr
∣∣∣∣� 1

Hp
(I.68)

⇒ 1
|P ′|

∣∣∣∣dP ′dr
∣∣∣∣� 1

Γ1HP
(I.69)

Car 1
HP

> 1
Γ1HP

, puisque Γ1 > 1 dans les étoiles de la MS.

Ainsi, nous venons de démontrer que

g

c2

∣∣∣∣P ′∣∣∣∣ = 1
Γ1HP

∣∣∣∣P ′∣∣∣∣� ∣∣∣∣dP ′dr
∣∣∣∣ (I.70)

Alors, (I.60) peut se réécrire
dP ′

dr
' (σ2 −N2)ρξr (I.71)

À présent, développons (I.61) sous la condition (I.64) :

Commençons par développer le troisième terme de (I.61) :

1
r2

d

dr
(r2ξr) = d

dr
ξr + 2

r
ξr (I.72)

Alors, l’équation (I.61) peut se réécrire

(I.61) = P ′

ρc2

(
1− L2

`

σ2

)
+
(

2
r
− g

c2

)
ξr + dξr

dr
= 0 (I.73)

Maintenant, nous allons comparer le deuxième et le troisième termes de l’équation (I.73). La
relation (I.64) implique :

1
|ξr|

∣∣∣∣dξrdr
∣∣∣∣� ∣∣∣∣dlnPdr

∣∣∣∣ =
∣∣∣∣−ρgP

∣∣∣∣ =
∣∣∣∣Γ1g

c2

∣∣∣∣ (I.74)

⇒ 1
|ξr|

∣∣∣∣dξrdr
∣∣∣∣� ∣∣∣∣Γ1g

c2

∣∣∣∣ > ∣∣∣∣ gc2
∣∣∣∣ (car Γ1 > 1

)
(I.75)

⇒ 1
|ξr|

∣∣∣∣dξrdr
∣∣∣∣� ∣∣∣∣ gc2

∣∣∣∣ > ∣∣∣∣ gc2 − 2
r

∣∣∣∣ (I.76)

⇒
∣∣∣∣dξrdr

∣∣∣∣� ∣∣∣∣ gc2 − 2
r

∣∣∣∣|ξr| (I.77)

Alors, il est possible de négliger le deuxième terme par rapport au troisième dans l’équation
(I.73), et (I.61) peut se réécrire :

P ′

ρc2
(1− L2

`

σ2 ) + dξr
dr
' 0 (I.78)

Finalement, à partir de (I.71) et (I.78), et en posant

k2 = 1
c2

(1− L2
`

σ2 )(σ2 −N2), (I.79)

nous trouvons :
∂2ξr
∂r2 + k2(r)ξr ' 0 (I.80)
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L’approximation JWKB
Pour résoudre l’équation (I.80), nous allons faire appel à l’approximation JWKB (pour

Jeffreys, Wentzel, Kramers et Brillouin). Cette méthode a d’abord été utilisée par Jeffreys pour
approximer les solutions aux équations différentielles linéaires de second ordre, une classe qui
inclut l’équation de Schrödinger ; puis elle fut découverte indépendamment par Wentzel, Kramers,
et Brillouin, dans le cadre de la résolution d’équations d’ondes quantiques dans le régime semi-
classique. L’approximation JWKB se base sur l’hypothèse que, pendant une oscillation, à tout
instant fixé t, la variation spatiale d’une grandeur physique est beaucoup plus petite que la
grandeur elle-même, i.e.

∣∣dX
dr

∣∣� X ; de même[9],[12],∣∣∣∣dkdx
∣∣∣∣�k2 (I.81)

et

∣∣∣∣d2k

dx2

∣∣∣∣�k3 (I.82)

où x est la variable spatiale usuelle définie dans un système local de coordonnées cartésiennes
(x, y, z), et k peut représenter un nombre d’onde (d’après (I.80)). Autrement dit, l’équation
(I.80) peut être résolue sous l’approximation que k(r) est localement constant. Dans la suite,
nous présentons directement cette solution. Pour voir les calculs détaillés, nous vous invitons à
consulter [9] et [12].

Remarquons que k dépend des fréquences de Lamb L` et de Brunt-Väisälä N , qui elles-mêmes
dépendent du milieu (ne sont pas constantes dans l’étoile), et que k dépend aussi de la fréquence
σ, qui dépend du mode d’oscillation considéré. Pour ces raisons il nous faut à présent examiner
les valeurs possibles de k selon les différentes valeurs de ces trois variables :

Nous distinguons deux cas -toujours dans le cadre de l’approximation JWKB-, pour chaque
σ2 fixé :

- Cas 1 : k2 < 0, cela correspond à une région dans l’étoile où L2
` < σ2 < N2 ou bien

N2 < σ2 < L2
` l’équation (1.21) n’est pas une équation d’onde, et la zone considérée dans l’étoile

est une zone ou l’onde de fréquence σ est évanescente.

- Cas 2 : k2 > 0, cela correspond à une région dans l’étoile où σ2 < L2
` , N

2 ou σ2 > L2
` , N

2,
l’équation (1.21) est une équation d’onde, dont la solution s’écrit : ξr ' A

k
1
2
r

cos(
∫ r

0 krdr).

Nous distinguons dans ce deuxième cas deux nouvelles possibilités :

- Cas 2.1 : σ2 < L2
` , N

2 : σ correspond à un mode de pression.

- Cas 2.2 : σ2 > L2
` , N

2 : σ correspond à un mode de gravité.

La figure I.1 illustre les milieux (i.e : cavités) de propagation de ces deux modes respectifs
dans une étoile γ Dor de masse 1,2M� et en début de séquence principale.
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Figure I.1 – Les cavités de propagation des ondes de pression et des ondes de gravité, dans une
étoile γ Dor de masse 1,2M� au début de la séquence principale.

Dans la suite, nous évoquerons plus en détail les modes de gravité, objets principaux de ce
travail (voir l’explication détaillée dans le chapitre 3), toutefois, nous évoquerons aussi -de ma-
nière succinte- les modes de pression.

I.4.3 Les modes de gravité
Réécrivons l’équation (I.80) pour les modes gravitationnels, c-à-d lorsque σ2 < L2

` , N
2, dans

la situation limite où σ2 � L2
` , N

2. Nous avons dans ce cas :

k2 ' N2L2
`

σ2c2
= `(`+ 1)N2

σ2r2 (I.83)

Et l’équation (I.80) devient :

∂2ξr
∂r2 + g(r)

σ2 ξr ' 0, avec g(r) = `(`+ 1)N2

r2 (I.84)

Ce qui représente un problème de Sturm-Liouville avec des conditions aux limites homogènes,
dont la solution comme est l’ensemble semi-infini de fréquences σ1 > σ2 > ... > σn, ... allant de
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σ1 < +∞ à 0.

Remarquons que, d’après (I.80), k2
r ∝ N2, c’est-à-dire que le spectre des fréquences dépend

de N2 et pas explicitement de L2
` . Aussi, le fait que le spectre des σn soit tel que σ2

n < N2 veut
dire que la valeur N est une borne supérieur pour les fréquences σn, et que donc il y a plus de
modes g qui se propagent dans les profondeurs de l’étoile, où N est plus élevé.

De plus, nous avons :

N2 = Gm

r2 ( 1
Γ1

dlnP

dr
− dlnρ

dr
) (I.85)

' ρg2

P
(∇ad −∇+∇µ), (I.86)

où ∇ad−∇ désigne le gradient super-adiabatique, et ∇µ le gradient de poids moléculaire moyen.

Actuellement, la principale grandeur obtenue par l’observation des modes g, est I ≡
∫ rt2
rt1

N(r)
r dr.

À travers I, il est possible d’effectuer un sondage du gradient de température dans les couches
profondes de l’étoile à travers ∇ad −∇, et d’effectuer un sondage de la composition chimique à
travers le terme ∇µ.

À présent, nous pouvons déduire, à partir des conditions aux limites (conditions d’interfé-
rence) suivantes : ∫ rt2

rt1

kr(r)dr '
√
l(l + 1)
σ

∫ rt2

rt1

N(r)
r

dr = (n+ 1
2)π (I.87)

et sous l’hypothèse asymptotique (i.e. pour un ordre radial n très élevé), le spectre des périodes
(voir [27]) :

Pn,` '
n+ 1

2√
`(`+ 1)

2π2∫ rt2
rt1

N
r dr

(I.88)

Dont nous déduisons l’expression des period-spacings ∆P , c-à-d l’espacement entre des périodes
d’oscillations de modes d’ordres radiaux consécutifs et de même degré ` :

∆P ≡ Pn,` − Pn−1,` '
2π2√
`(`+ 1)

1∫ rt2
rt1

N
r dr

, (I.89)

où rt1 et rt2 représentent les distances par rapport au centre stellaire qui délimitent la cavité de
propagation des modes g.

La signification physique des modes g

Puisque dans les régions convectives N2 < 0, les modes g ne se propagent pas dans ces régions
là. En effet les distances au cœur, rt1 et rt2, qui définissent la cavité du mode, sont déterminées
par la condition σn < N(rt). Ainsi les modes g ne se déplacent qu’entre le cœur convectif et
l’enveloppe convective de l’étoile

Il est possible de démontrer[9] que la gravité est la force de rappel de ces modes, et que le
gradient de pression est ce qui transmet les déplacements verticaux dus à la poussée d’Archimède,
en déplacements horizontaux. Ces modes sont ceux qui se propagent dans les étoiles de type γ
Doradus.
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I.4.4 Les modes de pression
Réécrivons l’équation (I.80) pour les modes de pression, c-à-d lorsque σ2 < L2

` , N
2, dans la

situation limite où σ2 � L2
` , N

2. Nous avons dans ce cas :

k2 ' σ2

c2

(
1− L2

`

σ2

)
' σ2

c2
(I.90)

Et l’équation (I.80) devient :

∂2ξr
∂r2 + σ2

c2(r)ξr ' 0 (I.91)

Ce qui représente un problème de Sturm-Liouville avec des conditions aux limites homogènes,
dont la solution est l’ensemble semi-infini de fréquences σ1 < σ2 < ... < σn, ... allant de σ1à +∞.

La signification physique des modes p

L’équation (I.91) montre que les modes de pression sont comparables à des ondes acoustiques
stationnaires. Ces ondes se propagent à la vitesse du son locale.

Il est possible de démontrer que le spectre de fréquences d’oscillations des modes p dépend
du profil de vitesse du son c(r). En effet, nous avons la relation de Duvall (1982) :

F
(σ
L

)
=
∫ R

rt( σL )

(
1− L2c2

σ2r2

) 1
2 dr

c
' (n+ α)π

σ
, (I.92)

où L ≡
√
`(`+ 1), et α est une constante empirique (e.g. α ' 1, 67 dans le cas de certains

modes p solaires [32]).

Connaissant le spectre de fréquences observé, et par inversion de la relation (I.92), il est
possible de sonder le profil de vitesse du son à l’intérieur d’une étoile. C’est une méthode fon-
damentale de l’astérosismologie des modes p. La force de rappel responsable des modes p est le
gradient de pression.
Il est possible de démontrer, par des manipulations algébriques, que le vecteur d’onde d’un mode
p, défini par P ′(~r, t) = A sin(~k.(~r − ~r0) + ψ) cos(σt), peut se décomposer en ses composantes
radiale et horizontale comme suit

k2
r =σ2

c2

(
1− L2

`

σ2

)
= σ2

c2
− `(`+ 1)

r2 (I.93)

k2
h =`(`+ 1)

r2 (I.94)

Les ondes acoustiques sont déviées par l’augmentation de la vitesse du son à mesure qu’ils se
dirigent de la surface vers l’intérieur de l’étoile, jusqu’à atteindre un point de retour (turning
point) auquel ils se réfléchissent vers la surface. À la surface, ils se réfléchissent à nouveau, à
cause de la chute de la densité [3]. Le point de retour correspond à la condition

σ2 = L2
`(r) (I.95)

En appliquant (I.93) et (I.94) à (I.95), nous déduisons que le point de retour correspond à

kr = 0; kh =
√
`(`+ 1)
r

(I.96)
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À titre d’illustration, la figure I.2 montre la propagation des modes p et des modes g dans une
étoile de type solaire.

Figure I.2 – Propagation des ondes p (a) et des modes g (b) dans une coupe d’étoile de type
solaire. Les ondes g sont piégées dans les régions profondes, entre le cœur et l’enveloppe convectifs.
Figure reprise de M.-P. Bouabid (2011)[3].

I.5 Le modèle non-adiabatique des oscillations
Nous avons établi le spectre des fréquences d’une étoile. Mais nous n’avons toujours pas

abordé l’aspect énergétique de ces modes. Par analogie, l’on peut établir l’équation d’onde et
le spectre de fréquences des oscillations sonores dans une flûte, uniquement par la connaissance
de la géométrie de l’instrument, et de la physique de l’air qui le traverse ; mais pour que tel ou
tel mode d’oscillation soit activé, il faut le souffle d’un flûtiste. C’est d’un mécanisme analogue
que nous avons besoin pour prévoir la présence effective des modes d’oscillation, et ainsi pouvoir
comparer la théorie avec des résultats observationnels.

D’autre part, bien que les oscillations stellaires sont adiabatiques dans la plus grande partie
d’une étoile, comme établi plus haut, nous pouvons démontrer qu’il existe des régions non-
adiabatiques, c’est-à-dire où le temps thermique n’est pas négligeable en comparaison avec le
temps dynamique. C’est le cas, par exemple, des régions superficielles, où la température est
généralement moins élevée.

Ainsi, nous avons trouvé notre mécanisme "flûtiste" : les modes d’oscillation, dont nous avions
établi le spectre des fréquences par l’approche adiabatique, sont excités dans les régions non-
adiabatiques, par des mécanismes que nous allons décrire par l’approche non-adiabatique :
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D’abord, admettons la solution de l’équation de mouvement dans le cas non-adiabatique[9] :

δX(r, t) = Re(δX(r)eiσt) (où σ et δX(r) sont complexes) (I.97)
= |δX(r))| cos(σRt+ φ(r))eηt (I.98)

Soulignons ici qu’il y a un terme de phase φ(r), et un terme η ∈ R que nous allons appeler le
taux de croissance d’un mode donné (considéré pour une valeur de σ fixe).
Le terme de phase dépend de la profondeur dans l’étoile et de la grandeur considérée, et le terme η
nous renseigne sur la stabilité (vs instabilité) du mode. C’est cette grandeur qui nous intéresse ici.

Nous constatons que :
- Lorsque η ≥ 0 (1), le mode est physiquement actif. Il est dit (vibrationnellement) instable.
- Lorsque η < 0 (2), le mode est physiquement inactif. Il est dit (vibrationnellement) stable.

Regardons maintenant sous quelles conditions l’inégalité (1) (vs (2)) est réalisée :

Nous avons l’équation d’énergie :

iσTδs = δε− dδL

dm
(I.99)

À partir de (I.99) nous calculons que

η = dE

dt
= dW

dt
= − 1

2σR

∫ M

0

=[Tδs δTT ]dm∫M
0 |δr2| dm

(I.100)

Soit,

η = − 1
2σR

∫ M

0

<[ 1
σ (dδLdm − δε)

δT
T ]dm∫M

0 |δr2| dm
(I.101)

C’est l’équation (I.101) qui va nous permettre d’établir les différentes régions (ou, de manière
équivalente, les différents mécanismes) d’excitation (ou d’amortissement) des modes d’oscillation.

I.5.1 Les mécanismes d’excitation et d’amortissement
En examinant l’expression (I.101), nous pouvons constater que le mode considéré est instable

si et seulement s’il y apport de chaleur (δε − dδL
dm > 0) pendant la phase chaude ( δTT > 0) de

l’oscillation, et perte de chaleur (δε− dδL
dm < 0) pendant la phase froide ( δTT < 0). Cette condition

peut être vérifiée dans certaines couches de l’étoile, et alors ces zones sont appelées zones d’ex-
citation du mode. La condition inverse (apport de chaleur pendant la phase froide, ou perte de
chaleur pendant la phase chaude, impliquant η < 0) peut être vérifiée dans d’autres couches, et
ces dernières sont appelées des zones d’amortissement du mode.

Un mode donné est finalement actif ou bien inactif, respectivement, selon la balance des
zones d’excitation et des zones d’amortissement dans son intégrale du travail. Autrement dit,
nous pouvons réécrire l’intégrale (I.101) sous forme d’une somme d’intégrales correspondants
aux différentes couches de l’étoile, certaines seront positives (zones d’excitation), d’autres néga-
tives (zones d’amortissement), d’autres nulles (zones sans contribution).
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Il est aisé de concevoir que, la région de l’étoile qui a le plus d’impact sur l’excitation d’un
mode donné, est celle où le temps de relaxation thermique τth est du même ordre de grandeur
que la période de ce mode. Cette région est appelée la région de transition.

Ici, nous expliquons les quatre mécanismes qui ont le plus d’impact sur l’excitation et l’amor-
tissement des modes dans le cas d’une γ Dor.

Mécanisme d’excitation : le mécanisme κ

Le mécanisme κ repose sur l’augmentation de l’opacité du gaz lors de sa compression adia-
batique, et sa diminution lors de l’expansion adiabatique.

Admettons l’approximation au premier ordre suivante de la variation de la luminosité [9] :

δL

L
= −δκ

κ
+ 4δr

r
+ 3δT

T
+ dδT

dm
(I.102)

C’est le terme − δκκ qui est responsable du mécanisme κ (versus le mécanisme d’amortissement
radiatif que nous présentons juste après).

L’opacité d’un gaz dépend principalement de sa température et de sa densité. L’expression
détaillée de l’opacité du gaz stellaire fait appel à des calculs numériques complexes de physique
atomique, dont la discussion sort du cadre de ce mémoire. Cependant, dans des intervalles res-
treints de densité et de température, il est possible d’approximer cette expression par une loi
de puissance : κ = κ0ρ

αT β , où κ0 est une constante qui dépend de la composition chimique de
l’étoile, et α et β des fonctions de ρ et de T .

Dans le cas d’un gaz partiellement ionisé, de manière à être aux alentours du pic d’ionisation
-voir le schéma représenté dans la figure I.3-, l’effet conjoint de ρα et de T β est tel que, lors
d’une compression de ce gaz, il y a une augmentation de son opacité dans la paetie droite du pic
(point B), et par conséquent, un apport de chaleur d’origine radiative pendant la phase chaude.
Pendant l’expansion du gaz, c’est le mécanisme inverse : l’effet conjoint de ρα et T β conduit
à une diminution de l’opacité au point B, et par conséquent, à une perte de chaleur d’origine
radiative pendant la phase froide.

Ce mécanisme est pour partie actif dans les γ Dor, suite à l’ionisation partielle des éléments
du groupe de Fer, vers log T = 5.3 [3]. Dans ces étoiles, le mécanisme κ n’est cependant pas le
mécanisme principal d’excitation des modes, mais il y participe par l’ajout d’un terme positif
dans l’intégrale de travail.
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Figure I.3 – Illustration du profil typique de l’opacité dans une étoile. Le panneau (a) représente
deux régions, A et B, qui se trouvent à des endroits distincts du pic d’opacité. Le panneau (b)
représente une phase de compression du gaz, et les changements d’opacité qui s’en suivent dans
A et B. Le panneau (c) représente une phase d’expansion du gaz, et les changements d’opacité
qui s’en suivent dans les régions A et B. Figures reprises de M.-A. Dupret[9].

Le mécanisme κ est le plus efficace lorsque le pic d’opacité se trouve dans une région où le
temps de relaxation thermique est du même ordre de grandeur que la période du mode, comme
illustré dans la figure I.4.

Figure I.4 – Schéma des différentes configurations qui peuvent se trouver dans une étoile. Dans
le panneau (a), la zone de transition coïncide avec le pic d’opacité, le mécanisme κ est alors
dominant. Dans le panneau (b), la zone de transition se trouve en dehors du pic d’opacité, le
mécanisme κ n’est pas efficace. Figures reprises de M.-A. Dupret[9].

Mécanisme d’amortissement : le mécanisme d’amortissement radiatif
Dans les régions radiatives où agit ce mécanisme, le gaz perd de la chaleur (δε − dδL

dm < 0)
durant la phase chaude ( δTT > 0), et l’inverse durant la phase froide. Mais cet effet est plus
grand dans certaines régions. Un exemple spécifique est celui des régions proches du cœur. La
fréquence de Brunt-Väisälä N y étant très grande, ces régions constituent les cavités d’oscillation
pour les modes g à hautes fréquences spatiales, car selon (I.83), k '

√
`(`+1)N
σr . Cela implique

que la variation spatiale des fonctions propres est très grande, donc dδT
dm y est très grand. Selon

(I.102) et (I.101), nous en déduisons que l’amortissement radiatif y est important. Alors que les
modes g d’ordres élevés sont sensibles à l’amortissement radiatif dans les régions profondes d’une
étoile, les modes p n’en sont pas affectés, puisqu’ils ne se propagent pas dans les régions où N
est très élevé. Un raisonnement moins approximatif est présenté dans Dupret et al. (2005)[11] et
M. Godart (2011)[14].
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La figure I.5 montre la variation spatiale de la fonction propre ξr dans les régions profondes de
deux étoiles différentes de la post MS (post séquence principale). L’amortissement radiatif est très
efficace dans la région centrale (log T entre ∼ 7, 6 et ∼ 8, 0). La région délimitée par log T = 7, 4
et log T = 7, 6 représente une région convective intermédiaire (ICZ pour Intermediate Convective
Zone). Elle existe uniquement dans l’étoile à 13M�, et permet l’onde g considérée de se refléter
et de se propager dans la direction inverse au cœur, et ainsi d’éviter l’amortissement radiatif. Le
principe de l’amortissement radiatif est semblable pour les étoiles de masse intermédiaire de la
MS. À part que l’amortissement radiatif a lieu dans une région intermédiaire, puisque dans ce
cas le cœur est convectif et entouré d’une région radiative. L’amortissement radiatif est d’autant
plus efficace que le contraste de densité entre le cœur et la région radiative intermédiaire est
important, puisque N2 est proportionnel au gradient de poids moléculaire moyen (selon I.86).

Figure I.5 – À gauche : Fréquences de Brunt-Väisälä et de Lamb adimensionnelles au carré,
pour 2 modèles d’étoiles supergéantes de type B : un modèle à 13 Ms et un autre à 16M�. La ligne
horizontale représente la fréquence adimensionnelle du mode au carré. À droite : Déplacement
radial ξr/R correspondant au mode dans les deux étoiles. Le mode dans le modèle à 13M� (lignes
à tirets noires) est se reflète sur la barrière convective (ligne verticale), et évite l’amortissement
radiatif dans le cœur. Le mode dans le modèle à 16M� n’est pas reflété par un barrière convective,
et est fortement affecté par l’amortissement radiatif. Figure reprise de M. Godart (2011)[14].

Dans les zones radiatives d’une étoile, il existe une concurrence entre les zones participant au
mécanisme κ et celles participant à l’amortissement radiatif.

Mécanisme d’excitation : le mécanisme de blocage convectif
Le mécanisme de blocage convectif, tel qu’il fut définit pour la première fois, désigne un blo-

cage périodique du flux radiatif FR -provenant d’une zone radiative de l’étoile-, à la base d’une
zone convective -qui se trouve au-dessus-, dans le cas où la convection ne peux pas s’adapter
pour transporter ce flux d’énergie additionnel. Ce mécanisme est prépondérant si le flux radiatif
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chute significativement à la base de la zone convective, que cette base coïncide avec la zone de
transition du mode, et que la zone convective est assez épaisse. L’énergie radiative bloquée à la
base convective est alors convertie en travail d’oscillation du mode.

Aujourd’hui, alors que d’autres moyens de modélisation de la convection ont été développés
(cf. la TDC, voir sous-section I.5.2). Le terme de blocage convectif est utilisé communément -à
tort- pour désigner ce mécanisme, qui est en réalité la modulation du flux radiatif à la li-
mite de la zone convective : dans les régions où la convection est assez efficace pour s’adapter
à la chute du flux radiatif, le blocage convectif n’est pas assez significatif pour expliquer l’in-
stabilité de certains modes. Au contraire, le flux est transporté par la convection, qui, à travers
les mouvements turbulents, active certains modes de résonance, et d’un autre côté, introduit un
déphasage entre la perturbation de pression et la perturbation de densité, qui peut être source
d’excitation d’autres modes.

I.5.2 L’effet du traitement de la convection et le paramètre β

Dans la littérature [3], l’interaction convection-pulsation est traitée de deux manières diffé-
rentes : la convection gelée (ou FC pour Frozen convection) et l’approximation de l’interaction
convection-pulsation dépendant du temps, dite la TDC (pour Time-Dependant Convection).
La FC néglige simplement les variations des grandeurs convectives, et est usuellement [3] implé-
mentée en ignorant soit la variation lagrangienne du flux convectif : δ( ~FC) = ~0, soit celle de la
divergence du flux convectif : δ(~∇. ~FC) = 0 (Saio et Cox 1980), ou bien celle de la luminosité
convective : δLC = δ(4πr2FC(r)) = 0 (Unno et al. 1989 ; Pesnell 1990).

Dans le modèle de la FC, le mécanisme de blocage convectif a été introduit par Pesnell (1987)
et développé par Li (1992) pour expliquer l’apparition de certaines bandes d’instabilité.
Cependant, l’approximation de la FC n’est valable que dans le cas où le temps convectif est très
supérieur à la période d’oscillation du mode considéré, ce qui constitue seulement une partie des
étoiles γ Dor oscillantes. En effet, les γ Dor peuvent avoir une large gamme d’efficacités convec-
tives et de profondeurs de l’enveloppe convective. Lorsque τconv est du même ordre de grandeur,
ou bien est inférieur à Posc, l’interaction convection-pulsation n’est plus correctement décrite par
la FC ; c’est la TDC qui la décrit le mieux.

La TDC est une combinaison des équations de convection et des équations de conservation
introduites plus haut, où les différentes grandeurs physiques sont perturbées par la convection,
et par les oscillations, avec l’hypothèse que les perturbations liées à la convection se font sur une
échelle spatiale et/ou temporelle plus petite que les perturbations liées aux oscillations. D’abord
l’effet de la convection est décrit pour toute grandeur physique X :

X(t) = X(t) + ∆X(t) (I.103)

où X est la valeur moyenne de la grandeur X(t), et ∆X(t) sa perturbation due à la convection.

Ensuite, les équations de type (I.103) sont moyennées sur une échelle temporelle et/ou
spatiale plus petite que celle des oscillations. Les nouvelles grandeurs moyennées sont perturbées
et l’ensemble des équations obtenues est linéarisé grâce à la théorie des petites perturbations.
Cela donne un système d’équations d’oscillations considérant l’interaction convection-pulsation.
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Par exemple, pour le flux convectif FC :

−−→
δFC = −→FC

(
δρ

ρ
+ δT

T

)
+ ρT

(
δ∆s.−→V + ∆s.

−→
δV

)
, (I.104)

où −→V désigne le champs des vitesses lié aux fluctuations convectives.
Alors que son expression statique (i.e. en l’absence d’oscillations) s’écrit

−→
FC = ρT∆s−→V (I.105)

Ensuite, la différence entre les grandeurs instantanées et leurs valeurs moyennées permet d’ob-
tenir l’expression des fluctuations convectives. Ces dernières sont simplifiées de manière à ce que
leurs solutions stationnaire soient les mêmes que celles de la MLT. Nous nous référons à la thèse
[3] pour les explications générales, ainsi qu’à l’article de Grigahcène et al. (2005) pour les déve-
loppements mathématique et numérique de cette théorie.

Le code de pulsations non-adiabatiques MAD (Dupret 2001[10]), sur lequel se base ce mémoire,
inclut la TDC. Cette implémentation fait suite aux travaux de Grigahcène et al. (2005), et se
base sur un formalisme qui a été proposé par Gabriel et al. (1974), puis Gabriel (1996) pour
des oscillations non-radiales, sur les bases de la théorie de Unno (1967). Cette formulation de
la TDC repose sur le formalisme de la MLT, et ne prend pas en compte l’aspect spectral de la
convection. Pour s’approcher des résultats réels, elle introduit un paramètre complexe libre β,
défini tel que :

δ

(
∆s
τconv

)
= ∆s
τconv

((
1 + β

τconv
Posc

)
δ∆s
∆s −

δτconv
τconv

)
(I.106)

Le choix entre différentes manières d’utiliser la TDC, notamment à travers le choix de la valeur
de β peut affecter les prédictions théoriques concernant le traitement non-adiabatique des oscil-
lations des γ Dor. En effet, des oscillations non physiques, ou bien un amortissement de certains
modes, peuvent apparaître selon l’approximation utilisée[15]. Dans sa thèse [3], M. Bouabid a
effectué une étude comparative entre les résultats (bandes d’instabilité et spectre des périodes
des modes instables) obtenus dans le cas de l’application de la FC, et ceux obtenus lors de l’ap-
plication de la TDC. Il a aussi effectué une étude comparative entre les résultats obtenus lors de
l’application de la TDC, avec différentes valeurs de β.

Dans le cadre de la TDC, l’instabilité des modes g dans une γ Dor est due dans les étoiles
à faible efficacité convective au blocage convectif, mais dans les étoiles à haute efficacité convec-
tive, à la modulation du flux convectif[3]. Dans ce mémoire, nous utiliserons le terme de blocage
convectif de manière confondue pour décrire ces deux mécanismes.
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Chapitre II

Contexte théorique de ce travail

II.1 Effets de la rotation
La rotation d’une étoile a un effet direct sur ses modes d’oscillation et leurs fréquences.

Certains de ces effets sont uniquement valides dans un régime de "rotation lente". D’autres
apparaissent uniquement lorsque l’étoile est en rotation modérée à rapide. Une rotation est
considérée comme lente lorsque l’effet de la force de Coriolis, ainsi que la déformation centrifuge,
sont principalement faibles, voir négligeables. Si l’on note la fréquence de rotation Ω, ces deux
conditions se traduisent par :

Ω� σ (II.1)
Ω� Ωc (II.2)

où Ωc =
√

GM
R3
p
, avec Rp le rayon polaire défini dans le modèle de Roche[28]. Ωc désigne la

fréquence critique de rotation, définie comme étant la fréquence à laquelle la force centrifuge à
l’équateur est égale à la force gravitationnelle 1. La fréquence de rotation est considérée "modé-
rée" lorsque seule la condition (II.2) est vérifiée. Dans ce mémoire, nous limitons notre étude
aux étoiles de rotation modérée, dans le régime de 0, 05Ωc ≤ Ω ≤ 0, 4Ωc.

Avant d’entamer la discussion sur les effets de la rotation, nous adoptons quelques hypothèses
simplificatrices. La rotation est supposée uniforme, la force centrifuge est assez négligeable pour
que l’étoile maintienne une forme sphérique, les perturbations sont adiabatiques, et la perturba-
tion eulérienne du potentiel gravitationnel est négligeable : ψ′ = 0 (cf. l’hypothèse de Cowling
introduite au chapitre 1).

Pour traiter le cas de l’interaction rotation-pulsation, il existe deux approches dans la littéra-
ture, compatibles avec ces hypothèses : le traitement perturbatif au premier ordre, et l’approxi-
mation traditionnelle.

II.1.1 Le traitement perturbatif au premier ordre
Cette approche a été initialement développée par Ledoux (1951), et est fondée sur le prin-

cipe variationnel. Les équations sont développées dans le référentiel de l’étoile en rotation. Dans

1. Au-delà de la fréquence critique, l’étoile commence à éjecter de la matière.
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l’équation de mouvement (I.34), une perturbation supplémentaire est prise en compte, corres-
pondant au déplacement de matière du à la force de Coriolis

−→
F Cor = −2−→Ω ×−→v ' −2−→Ω × ∂δ−→r

∂t
= −2iσc

−→Ω × δ−→r , (II.3)

où −→v désigne le champs de vitesses défini en tout point de l’étoile. Alors, l’équation de mouvement
(I.34) devient

∂2δ−→r
∂t2

= −∇ψ′ − ∇P
′

ρ′
+ ρ′

ρ2∇P − 2iσc
−→Ω × δ−→r (II.4)

La résolution analytique du problème se fait sous l’approximation de premier ordre, c’est-à-dire
en négligeant les termes perturbatifs de second ordre ou d’ordre supérieur (i.e. O(Ω2)), car Ω est
assez petit pour que ses puissances supérieures à 1 soient négligeables. Le principe qui permet
de résoudre le problème est le suivant[9] : Soit σ0 la fréquence d’un mode propre d’un modèle
stellaire sans rotation ; si l’on introduit dans ce modèle une perturbation 2 -ici la force de Coriolis
due à la rotation-, il est possible de trouver ∆σc le changement en fréquence du mode induit par
cette dernière, et ainsi, σc la fréquence correspondante au modèle en rotation :

σc = σ0 + ∆σc (II.5)

sans refaire le calcul analytique présenté au chapitre 1 appliqué au modèle sans rotation.
Si, en l’absence de rotation,

σ2
0δ
−→r = L0δ

−→r , (II.6)

alors dans le cas de la rotation,

σ2
cδ
−→r = (L0 + ∆Lrot)δ−→r (II.7)

avec
∆Lrot = 2iΩσc−→e z× (II.8)

Le principe variationnel permet d’énoncer :

∆σ2
c =< δ−→r |∆Lrotδ−→r >

< δ−→r |δ−→r >
(II.9)

=2iΩσc
< δ−→r |−→e z × δ−→r >

< δ−→r |δ−→r >
(II.10)

Il en résulte, par le développement algébrique de (II.10)[9], l’expression de la perturbation
liée à la rotation[20],[9], [39]

∆σc = mΩ
∫M

0 (2ξrξh + ξ2
h)dm∫M

0 (ξ2
r + `(`+ 1)ξ2

h)dm
= mΩCnl (II.11)

où le terme mΩ décrit l’impact du changement de référentiel (du référentiel comobile de l’étoile
vers le référentiel inertiel de l’observateur), Cnl est la constante de Ledoux, définie pour un
modèle stellaire et un mode donnés. Cette dernière reflète la contribution de premier ordre due
à la force de Coriolis, et a des valeurs différentes selon qu’ils s’agissent de modes p ou bien de

2. Ici, par le terme "perturbation", nous n’entendons pas une perturbation physique tel que présenté dans le
chapitre 1, mais plutôt une perturbation des équations de structure dans un sens plus mathématique (ici cela veut
dire spécifiquement la modification du Legendrien).
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modes g. Dans le cas des modes p, elle a une valeur proche de 0, puisque le déplacement radial ξr
domine le déplacement horizontal ξh ; dans le cas des modes g d’ordre élevé, elle vaut Cn` ≈ 1

`(`+1)
[42], [9]. Alors, le spectre de fréquences dans le référentiel comobile est :

σconl = σnl ±mCnlΩ (II.12)

et dans référentiel inertiel est :

σinnl = σconl ±m(1− Cnl)Ω (II.13)

L’équation (II.12) montre que les fréquences propres dans le cas d’une étoile en rotation ne
sont pas dégénérées en m -contrairement au cas d’une étoile sans rotation-. C’est-à-dire que deux
modes ayant les mêmes valeurs d’ordre radial n et de degré latitudinal `, mais différentes valeurs
de m, ont forcément des fréquences d’oscillation différentes. Le nombre m est redéfini de telle
manière que (II.13) puisse se réécrire

σ′nlm = σconl −m(1− Cnl)Ω (II.14)

C’est-à-dire que le nombre m (aussi dénomé ordre azimutal), peut être positif ou bien négatif,
contrairement au cas stationnaire (i.e. en l’absence de rotation de l’étoile). L’indice m dans le
terme gauche de l’égalité (II.14) sert à distinguer les fréquences propres relatives aux différentes
valeurs de m. Par convention, m est positif (resp. négatif) lorsque le mode est prograde, c-à-
d l’onde se propage dans le même sens que celui de la rotation (resp. rétrograde, c-à-d l’onde
se propage dans le sens contraire à celui de la rotation). Le traitement perturbatif au premier
ordre n’est pas justifié dans le cas des étoiles à rotation modérée à rapide, car dans ce cas, la
perturbation liée à la force de Coriolis n’est pas faible, et l’application du principe variationnel
s’en trouve injustifiée. Selon Unno (1989)[40], la condition de validité de cette méthode est :
Ω
σ′
co
< 1.

II.1.2 L’approximation traditionnelle
L’approche de l’approximation traditionnelle (aussi appelée la TAR pour "Traditionnal Ap-

proximation of Rotation") consiste à établir des équations perturbées de la même façon que dans
l’approche perturbative de premier ordre. Leur résolution ne fait pas appel au principe varia-
tionnel, mais à une approche analytique et à l’approximation traditionnelle. Avant d’introduire
cette dernière, commençons par réécrire l’équation de mouvement dans le cas de la rotation

∂2δ−→r
∂t2

= −∇ψ′ − ∇P
′

ρ′
+ ρ′

ρ2∇P − 2iσc
−→Ω × δ−→r (II.15)

En utilisant la relation (I.39), et en séparant l’équation de mouvement (II.15) en ses composantes
radiale et horizontale, nous pouvons établir les trois égalités suivantes,

σ2ξr = ∂ψ′

∂r
+ ρ′

ρ

Gm

r2 + 1
ρ

∂P ′

∂r
− 2iσcΩ sinθ ξφ (II.16)

σ2
cξθ = 1

r

∂

∂θ

(
ψ′ + P ′

ρ

)
− 2iσc Ω cosθ ξφ (II.17)

σ2
cξφ = 1

r sinθ

∂

∂φ

(
ψ′ + P ′

ρ

)
+ 2iσcΩ(cosθ ξθ + sinθ ξr) (II.18)
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L’approximation traditionnelle consiste à négliger la composante radiale de la force de Coriolis, et
la composante de la force de Coriolis associée au mouvement radial. Dans les équations (II.19) à
(II.21), la première condition implique de négliger le terme −2Ω sinθ ξφ, et la seconde condition
implique de négliger le terme 2Ω sinθ ξr. De plus, l’approximation de Cowling revient à négliger
les dérivées spatiales de ψ′. Ainsi, le système d’équations (II.19) - (II.21) devient

σ2ξr = ρ′

ρ

Gm

r2 + 1
ρ

∂P ′

∂r
(II.19)

σ2
cξθ = 1

r

∂

∂θ

(
P ′

ρ

)
− 2iσc Ω cosθ ξφ (II.20)

σ2
cξφ = 1

r sinθ

∂

∂φ

(
P ′

ρ

)
+ 2iσcΩ cosθ ξθ (II.21)

Posons ν ≡ 2Ω
σc

, ce l’on appelle le paramètre de spin ; et isolons les termes ξθ et ξφ :

ξθ = 1
rσ2
c

1
1− ν2cos2θ

[
∂

∂θ

(
P ′

ρ

)
− iν cot θ ∂

∂φ

(
P ′

ρ

)]
(II.22)

ξφ = 1
rσ2
c

1
1− ν2cos2θ

[
iν cosθ

∂

∂θ

(
P ′

ρ

)
+ 1
sinθ

∂

∂φ

(
P ′

ρ

)]
(II.23)

Substituons ces expressions de ξθ et de ξφ dans l’équation de continuité :

δρ

ρ
+ 1
r2

∂

∂r
(r2ξr)+

1
r2σ2

csin θ

{
∂

∂θ

[
sin θ

1− ν2cos2θ

(
∂

∂θ
− iν cot θ ∂

∂φ

)
P ′

ρ

]
+ ∂

∂φ

[
1

1− ν2cos2θ

(
iν cos θ

∂

∂θ
+ 1
sin θ

∂

∂φ

)
P ′

ρ

]}
= 0 (II.24)

Posons
µ = cosθ (II.25)

Essayons d’effectuer une séparation de variables. Cela reviendrait à réécrire les grandeurs P ′, ρ′,
et ξr comme suit :

P ′ =P ′(r)Θν(µ)eimφeiσt (II.26)
ρ′ =ρ′(r)Θν(µ)eimφeiσt (II.27)
ξr =ξrΘν(µ)eimφeiσt (II.28)

où Θν est une fonction régulière définie pour −1 ≤ µ ≤ 1.

À présent, définissons la fonctionnelle Lν :

Lν [Θν(µ)] ≡ d

dµ

[
1− µ2

1− ν2µ2
d

dµ
(Θν(µ))

]
− 1

1− ν2µ2

[
m2

1− µ2 +mν
1 + ν2µ2

1− ν2µ2

]
Θν(µ) (II.29)

L’équation (II.24) peut se réécrire

ρ′ = ρ′(r)Θν(µ)eimφeiσtδρΘν(µ) + ρ

r2
d

dr
(r2ξr)Θν(µ) + ρ

σ2r2
P ′

ρ
Lν(Θν(µ)) = 0 (II.30)

Nous avons l’équation de marée de Laplace :

Lν [Θν(µ)] = −λΘν(µ), (II.31)
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dont les valeurs propres λ sont d’un nombre infini, pour m et µ donnés, et dont les fonctions
propres correspondantes sont les fonctions de Hough Θν . Physiquement parlant, λ est propor-
tionnel à la force de compression horizontale pendant la phase où P ′ est positive[21]. Les fonctions
propres sont écrites dans le référentiel comobile :

X ′(r, µ, φ, t) =X ′(r)Θm
l (µ)ei(mφ+σt) (II.32)

δX(r, µ, φ, t) =δX(r)Θm
l (µ)ei(mφ+σt) (II.33)

L’approximation traditionnelle se justifie par le fait que les déplacements radiaux liés aux
perturbations dans les modes g sont très petits en comparaison avec les déplacement horizontaux.
D’après Lee & Saio (1997)[21], cette approximation est raisonnable dans les régions où la fréquence
d’oscillation comobile σ et la fréquence de rotation Ω sont très inférieures à la fréquence de Brunt-
Väisäla N2.

Comparaison
D’après Bouabid[3], pour les étoiles à rotation "modérée", l’approche perturbative de premier

ordre, et l’approche traditionnelle, sont équivalentes -indépendamment de l’ordre azimutal m-
dans les cas d’ordres radiaux n assez faibles (l’on peut considérer le seuil arbitraire de n<20) ;
mais donnent des résultats différents pour les ordres radiaux élevés, où le terme lié à la force
de Coriolis a plus d’importance dans l’équation de conservation du mouvement. C’est le cas de
notre objet d’étude. C’est pourquoi dans ce travail nous utilisons l’approche traditionnelle.

II.2 Ondes de Rossby
Les modes toroïdaux

Il existe une solution triviale aux équations de mouvement introduits au chapitre 1, en plus
de la solution donnée à section I.4.2. Cette solution correspond à une fréquence d’oscillation
nulle σ = 0, et à ρ′ = P ′ = ψ′ = 0, et où v = 0. En effet, considérons (I.13) ; l’on voit que
cette équation est satisfaite par un fluide où vr = 0 et ∇⊥.v⊥ = 0. Cela correspond à un fluide
à écoulement horizontal (i.e. surfacique) au niveau des sous-sphères de l’étoile, c’est-à-dire sans
mouvement radiale. Leurs composantes de vitesses s’expriment comme[41] :

vml = (Qml /r)
(

0, 1
sinθ

∂

∂φ
,− ∂

∂θ

)
Y ml (θ, φ), (II.34)

où Qml est une fonction scalaire quelconque, telle que : Qml = Qml (r).
Cette expression du mouvement s’appelle un mode toroïdal ; alors que les modes trouvés à sec-
tion I.4.2 sont appelés modes sphéroïdaux. Ces derniers s’expriment sous la forme[41] :

ξ =
[
ξr(r), ξh(r) ∂

∂θ
, ξh(r) ∂

sinθ∂φ

]
Y ml (θ, φ)eiσt (II.35)

À présent, nous allons présenter quelques développements théoriques concernant les ondes de
Rossby. Nous présenterons une approche locale pour comprendre l’origine physique des modes
rotationnels, et plus spécifiquement ceux de Rossby ; et une analyse globale pour établir des
phénomènes tels que le splitting rotationnel, les familles de fréquences, et la différence des modes
de Rossby par rapport aux autres modes rotationnels du point de vue spectral.
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II.2.1 Établissement des ondes de Rossby
Méthode de Saio

Saio[21] part des équations de Laplace décrite à la sous-section approximation traditionnelle.
Il trouve des résultats similaires à ceux de Unno (section analyse globale) : Les oscillations
adiabatiques dans une étoile en rotation sont décrites par les deux équations

r
dz1

dr
=
(
V

Γ1
− 3
)
z1 +

(
λ

c1σ̄2 −
V

Γ1

)
z2 (II.36)

où l’on a définit

z1 = ξr(r)
r

, z2 = P ′(r)
grρ

(II.37)

et
r
dz2

dr
= (c1σ̄2 + rA)z1 + (1− U − rA)z2 (II.38)

où

V = −dlnP
dlnr

, U = dlnMr

dlnr
, c1 = (r/R)3

m(r)/M , A = dlnρ

dr
− 1

Γ1

dlnρ

dr
(II.39)

et σ̄ est la fréquence d’oscillation adimensionnelle définie par

σ̄ = σ√
GM/R3

(II.40)

Les équations (II.36) et (II.38) deviennent les équations d’oscillations nonradiales adiabatiques
dans une étoiles sans rotation, si l’on remplace λ par `(`+ 1). En utilisant cette similarité, l’on
peut écrire que, similairement au développement effectué à la section I.4.2, les ondes de fréquence
σ sont localement propagatives dans la direction radiale ssi(

σ2 − λc2

r2

)
(σ2 −N2) > 0 (II.41)

Lorsque λ > 0, la condition (II.41) revient à dire que les ondes se propagent si

σ2 >
λc2

r2 et σ2 > N2 (modes p) (II.42)

ou si
σ2 <

λc2

r2 et σ2 < N2 (modes g) (II.43)

Ce qui est similaire au cas non rotationnel décrit à la section I.4.2. Lorsque λ < 0, ce qui peut
être le cas lorsque la rotation de l’étoile est assez rapide (|ν| & 1)[21], les modes de fréquence
faible peuvent se propager également dans des région où N2 < 0, c’est-à-dire dans les régions
convectives. Ces modes sont appelés modes convectifs, ou encore modes g-. Saio classifie les
valeurs propres et fonctions propres de l’équation de Laplace (II.31) pour µ et m donnés, en
les désignant par λkm et Θkm(µ; ν), où le nombre k est défini selon plusieurs familles de λ. En
effet, lorsque l’on résout analytiquement l’équation de marée de Laplace (II.31) [21], l’on trouve
que cette dernière (II.31) a deux familles de valeurs propres λ pour m fixé. Ces valeurs propres
varient continuellement en fonction de µ. En traçant λ en fonction de µ pour m donné, l’on peut
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distinguer plusieurs familles de λ. Pour plus de visibilité, Saio[21] trace sign(λ)log(1 + |λ|), où
sign(λ) = λ

|λ| , en fonction de ν (voir figure II.1).

Figure II.1 – Les valeurs propres λkm de l’équation de marée de Laplace pour m = −2, où
les valeurs λ/λlog(1 + |λ|) sont tracées en fonction de ν ≡ 2Ω/σ, utilisant les lignes pleines et
pointillées pour désigner les solutions paires et impaires, respectivement. Figure reprise de Lee &
Saio (1997).[21]

Modes gravito-inertiels vs modes rotationnels

Dans les développements de Saio, ce dernier suppose que Ωsinθ = 0, et que les oscillations
sont proportionnelles à ei(σt+mφ). Alors, lorsquemν < 0 (resp. mν > 0), il s’agit d’une oscillation
prograde (resp. rétrograde). Dans la figure II.1, les modes progrades et rétrogrades sont illustrés
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en fixant la valeur de m, et en faisant varier ν. Dans la première famille, λ > 0 quelque soit la
valeur de ν, et λ = `(` + 1) lorsqu’il n’y a pas de rotation (ν = 0) : c’est la famille des modes
g modulés par la rotation, aussi appelés modes gravito-inertiels ; Dans la deuxième famille, des
valeurs de λ existent uniquement pour |ν| > 1. Ce sont des modes purement rotationnels. Les
indices k donnés aux nombres λ sont choisis selon la famille à laquelle λ appartiennent.

Modes gravito-inertiels

Dans la famille des modes gravito-inertiels, k ≥ 0. Les valeurs λkm sont ordonnées tel que
λkm = (|m| + k)(|m| + k + 1) lorsque ν = 0, c’est-à-dire que dans le cas non-rotationnel, ` =
|m| + k. Parmi les modes gravito-inertiels, l’on distingue particulièrement les modes de Kelvin,
qui correspondent à λ0m. Ils ont une valeur λkm(ν) quasiment constante pour des valeurs de ν
suffisamment grandes, et une valeur limite λkm(ν) inférieur à λkm(ν = 0).

Modes rotationnels

Dans la deuxième famille, l’on octroie des valeurs strictement négatives de k, elles sont choisies
tel que les valeurs propres λkm sont ordonnées ainsi : λ(−1)m > λ(−2)m > λ(−3)m > ...

Modes rotationnels progrades

Pour les modes rotationnels progrades, les valeurs propres λkm sont toutes négatives quelque
soit ν > 1. Il correspondent alors à des modes convectifs.

Modes rotationnels rétrogrades

Pour les modes rotationnels rétrogrades, les valeurs propres λkm changent de signe à νseuil =
(|m| + |k|)(|m| + |k + 1|)/m lorsque |ν| augmente. Puisque les modes r correspondent à λ > 0,
νseuil est la valeur minimale du paramètre de spin des modes de Rossby (k,m). Ainsi, pour Ω
donné, les modes de Rossby (k,m) ont une fréquence maximale

σmax = 2mΩ/(|m|+ |k|)(|m|+ |k + 1|) +O(Ω3), (II.44)

et se propagent dans les régions stables par rapport à la stratification. Les petites valeurs de
|λkm| correspondent à des déplacements toroidaux des ondes, ce qui est typique des ondes r.

Modes de Yanai

Les modes de Yanai ont à la fois des propriétés de modes de r, et celles de modes gravito-
inertielles, ayant une valeur λkm grande lorsque mν � (|m|+ 1)|m|.

II.2.2 Propriétés fondamentales des modes de Rossby
Dans cette section, nous allons reprendre les résultats obtenus par (Saio 2018[36]) , aussi, nous

adoptons la convention que σ > 0 dans le référentiel inertiel, et que donc m > 0 (resp. m < 0)
représente un mode rétrograde (resp. prograde).
Dans le cas d’une rotation très lente (Ω �

√
GM/R3), le déplacement des modes r dans le

référentiel comobile peuvent s’écrire

ξ ' eiσt
[
Tm` (r)

(
0, 1
sinθ

∂

∂φ
,− ∂

∂θ

)
Ym
` (θ, φ) + Sm

]
(II.45)
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où le terme proportionnel à Tm` (r) représente les déplacements toroïdaux (dominant), et le terme
Sm représente les déplacements sphéroïdaux. Il peut être exprimé comme

Sm =
∑
`s

(
Rm`s(r), H

m
`s (r) ∂

∂θ
,
Hm
`s

(r)
sinθ

∂

∂φ

)
Y m`s (θ, φ) (II.46)

où R`s désigne l’amplitude du déplacement sphéroïdal radial, H`s l’amplitude du déplacement
sphéroïdal horizontal, `s désigne le degré de l’harmonique sphérique relatif aux termes sphéroï-
daux, et la somme

∑
`s

désigne la somme des termes sphéroïdaux couplés avec le terme toroïdal
de degré `, c’est-à-dire, si l’on considère des termes d’ordres latitudinal faible, où les mouvements
toroïdaux associés à Y m` sont couplés avec les mouvements sphéroïdaux associés à Y m`+1 et Y m`−1,
alors

∑
`s

indique la somme des termes avec `s = ` − 1 et ` + 1. Toujours dans la limite d’une
rotation très lente, la fréquence d’un mode r de nombre azimutal m donné, dans le référentiel
comobile peut s’écrire 3

σcom ≈ Ω
[

2m
`(`+ 1) + q(n) Ω2

GM/R3

]
(II.47)

où q(n) est une quantité adimentionnelle. Et puisque ` ≥ m ≥ 1 pour les modes r (car ils sont
rétrograde, et selon notre convention, cela correspond à m > 0), alors nous avons les inégalités

2mΩ
`(`+ 1) ≤

2Ω
m+ 1 ≤ Ω (II.48)

De plus le terme à droite de l’égalité (II.47) admet une borne supérieure à m = 1, pour laquelle
q(n) est négatif et sa valeur absolue augmente avec l’ordre radial n. Alors nous avons

σcom < Ω (II.49)

De plus, nous admettons (Saio 2018[36]) que λ→ 0 lorsque 2Ω/σcom → `(`+ 1)/m, ce qui indique
que les oscillations tendent vers un mouvement purement toroïdal (sans aucune compression
horizontale) lorsque la fréquence de rotation diminue.

Period-spacings des modes r

Sous la TAR, et pour les modes r d’ordre radiaux élevés, il est possible, en utilisant la formule
asymptotique utilisée dans la sous-section I.4.3, et l’hypothèse que λm est à peu près constante 4,
et en remplaçant `(` + 1) par λ, d’obtenir l’expression des period-spacings dans le référentiel
inertiel pour les modes r :

∆P inm ≈ (P inm )2
√
λm
n2 σ0 =

√
λm

(σinmn)2σ0 (II.50)

où σ0 ≡
∫
N
r dr. L’expression des fréquences inertielles étant

σinm ≈ mΩ−
√
λm
n

σ0 (II.51)

et dans le référentiel comobile étant
σco ≈

√
λ

2π2n
σ0 (II.52)

3. Cette expression est empruntée par Saio du travail de (Papaloizou & Pringle 1978).
4. Cette relation n’est donc pas vraie lorsque 2Ω/σcom → `(`+ 1)/m.
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Chapitre III

Contexte observationnel

III.1 Les étoiles de type γ Doradus
III.1.1 La structure d’une γ Dor
Structure interne

Les étoiles γ Doradus sont intéressantes car elles occupent une zone intermédiaire en termes
de masse (1,2 et 2 M�), de type spectral (de A à F) et de vitesse de rotation. En tant qu’étoiles
de séquence principale de masse intermédiaire, elles ont un cœur convectif, une zone radiative,
et une enveloppe convective correspondant aux régions d’ionisation HeII et HI/HeI (voir figure
III.1).
L’épaisseur de l’enveloppe convective varie grandement en fonction de leurs températures effec-
tives. Elle peuvent avoir une enveloppe convective très profonde et donc une convection très
efficace, ou au contraire, une enveloppe convective assez mince avec une convection peu efficace.
Du point de vue observationnel, l’épaisseur de l’enveloppe convective est bien caractérisée à par-
tir de la température effective de l’étoile. Les γ Dor peuvent donc former un bon échantillon
d’étoiles à différentes efficacités convectives de l’enveloppe.
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(a) Structure interne d’une γ Dor (b) Profil d’opacite d’une γ Dor

Figure III.1 – Panneau gauche : coupe d’une étoile γ Dor typique en séquence principale. pré-
sentant un cœur convectif (région I), une zone radiative (région II) et une enveloppe convective
(région III), ainsi que trois zones d’ionisation partielle, respectivement HI/HeI (a), HeII (b) et
celle des éléments du groupe Fe (c). Panneau droit : Profil d’opacité de cette même étoile. Figures
reprises de M.-P. Bouabid (2011)[3].

Profondeur de la zone convective

La profondeur de la zone convective externe d’une γ Dor dépend de sa température effective
et de l’efficacité de sa convection. C’est-à-dire, dans le modèle de la MLT, du paramètre αMLT .
En effet, plus αMLT est élevé, plus le libre parcours moyen des éléments convectifs est grand (cf.
équation I.4). De plus, nous admettons la relation suivante pour le flux convectif[3]

Fc ∝ α2
MLT (∇−∇ad)3/2 (III.1)

Nous en déduisons que pour les mêmes masse, âge, et température effective, une étoile ayant un
αMLT plus grand a une enveloppe convective externe plus profonde.
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Figure III.2 – Évolution des régions convectives externes en fonction de la température effective
le long de la MS d’une étoile de masse de 1.60 Ms, pour les trois valeurs de α ≡ αMLT : 1,40,
1,70, et 2,00. Figure reprise de M.-P Bouabid (2011)[3].

Overshooting

Dans le modèle standard d’une étoile que nous utilisons, il n’y a pas de phénomènes non-
standards tels que la perte de masse et les mécanismes de transport. Le mélange des éléments
chimiques se limite aux régions convectives. Dans les régions radiatives, la matière est stratifiée
seulement par la force de gravitation. Cependant, il se peut qu’il y est un débordement des mou-
vements convectifs à l’interface entre la région convective et la région radiative (déterminée par
le critère de Schwarzschild ∇ad = ∇rad . Ce débordement est paramétré par le paramètre d’over-
shooting αov, défini tel que l’épaisseur de la zone radiative pénétrée par les éléments convectifs
est

dov = αov.min(rcc, HP ) (III.2)

où rcc désigne le rayon du cœur convectif, et HP la hauteur d’échelle de pression.
Lorsque l’on augmente αov dans le cœur convectif d’un modèle, la taille de la région mélangée au-
dessus du cœur est plus grande. Les mouvements convectifs ramènent vers le cœur de l’hydrogène,
qui alimentera les réactions nucléaires plus longtemps. Le trajet de l’étoile le long de la MS est
prolongé vers des Teff plus faibles. De plus, l’augmentation du taux de réactions nucléaires
provoque une augmentation de la luminosité du modèle pour une température effective donnée.
Ces effets sont confirmés par Bouabid[3], et illustrés dans le panneau (e) de la figure III.5.

Taux de rotation

Dans l’étude de Royer et al. (2009)[33], les auteurs présentent le taux de rotation des étoiles
en fonction de leurs types spectraux. Nous illustrons les résultats de cette étude, via leur III.3. Le
taux de rotation stellaire est estimé à travers la vitesse de rotation projetée vrotsini, où vrot est la
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vitesse de rotation à la surface, et i est l’inclinaison. Les étoiles de type A sont en moyenne des ro-
tateurs rapides, avec un taux de rotation moyen vrotsini ∼ 120km s−1. L’on voit -dans la figure-
qu’il y a une limite à partir de laquelle la rotation moyenne s’apparente soudainement à une
rotation lente. Elle correspond au type spectral F5. Ce phénomène est généralement attribué[33]

à l’apparition d’une enveloppe convective dans les étoiles "assez froides", de type spectral A ou
supérieur. La présence de l’enveloppe convective et de la rotation créent -par effet dynamo- un
champs magnétique qui ralentit cette dernière, par freinage magnétique. Les étoiles γ Dor étant
de types spectraux A - F, elles font partie des rotateurs lents (vrot . 100km s−1)[3] à rapides
(vrot & 300kms−1)[3], avec une moyenne de vrotsini de ∼ 120km s−1.

Figure III.3 – Distribution de v sini ≡ vrotsini en fonction du type spectral. Les valeurs in-
dividuelles (représentées par les croix) sont prises de [13],[1], [34]. La ligne solide représente la
moyenne de v sini pour chaque type spectral. Figure reprise de F. Royer (2009)[33].

III.1.2 Les modes d’oscillation des γ Doradus
Les modes d’oscillation des γ Dor sont des modes g, généralement excités par le mécanisme

de blocage convectif, des modes gravito-inertiels, et des modes de Rossby.
Leurs périodes d’oscillation sont de 0,3 à 3 jours. Aujourd’hui, quelques uns de ces modes sont ob-
servables à partir du sol, et plusieurs dizaines à partir de l’espace (cf. section résultats de Kepler).
La récession du cœur convectif durant l’évolution d’une γ Dor le long de la séquence principale
engendre, à la frontière de ce dernier, un gradient important de poids moléculaire moyen, d’où
une fréquence de Brunt-Väisälä N assez élevée. Cela ajoute des attributs ("features") particuliers
aux period-spacings (définis à la sous-section I.4.3 et dont l’expression pour les modes r sous
la TAR est donné à la section II.2.2), donnant accès à un moyen supplémentaire pour sonder
l’intérieur de ces étoiles (e.g. [43] ;[30]).

Effets du paramètre de longueur de mélange
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Pour un modèle stellaire ayant un αMLT plus grand, le gradient de température nécessaire
pour maintenir la convection est plus petit. C’est pourquoi, avec αMLT plus grand, l’on s’attend
à un décalage des bandes d’instabilité vers les températures plus élevées (bord bleu). Cet effet
est illustré dans le panneau (f) de la figure III.5. De plus, la gamme des périodes instables reste
la même mais est déplacée vers des températures effectives plus basses (panneau (f) de la figure
III.4).

Figure III.4 – Périodes d’oscillation des modes instables en fonction de la température effective,
pour les modèles issus de grilles avec des physiques différentes (voir [3]). Chaque panneau compare
les résultats issus de la grille de référence (contour noir), aux résultats issus d’une grille de
comparaison (contour gris), dans laquelle un seul paramètre est différent de la grille de référence.
Panneau (c) : le paramètre comparé est la proportion d’helium au début de la MS, Y0. Panneau
(d) : le paramètre comparé est la proportion de métaux au début de la MS Z0. Panneau (e) : Le
paramètre comparé est le paramètre d’overshooting αov. Panneau (f) : Le paramètre comparé est
la longueur de mélange αMLT . Figures reprise de M.-P. Bouabid (2011) [3].

Un autre effet du paramètre αMLT est la modification du trajet évolutif de l’étoile durant
la MS, par la modification de sa température effective. En effet, si l’on considère deux modèles
stellaires A et B ayant la même profondeur de la base convective externe, le même gradient de
température dlnT

dlnP , les mêmes températures effectives à un moment donné, mais avec un αMLT

de l’étoile A supérieur au αMLT de B, alors A évoluera de manière à ce que sa température
effective deviennent plus élevée que celle de B, durant la MS. Cela est du au fait que le flux
convectif de A est plus élevé que celui de B (cf. équation III.1). Cet effet n’est pas prononcé
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dans les étoiles chaudes (i.e. à température Teff élevée : dans ces cas, l’enveloppe convective est
très superficielle et peu dense, et le transport convectif est peu efficace par rapport au transport
radiatif (Fc � FR), même dans les régions convectives[3]. Ceci est illustré dans le panneau (f) de
la figure III.5[3].

Figure III.5 – Bandes d’instabilité observationnelles et théoriques des γ Dor pour des grilles de
modèles aux physiques différentes. Chaque panneau compare la bande d’instabilité de la grille de
référence (lignes noires), à la bande d’instabilité d’une grille comparative, pour laquelle un seul
paramètre est différent de la grille de référence. Les lignes pointillées noires épaisses représentent
la bande d’instabilité observationnelle définie par Handler & Shobbrook (2002). Les lignes fines
continues et pointillées définissent les trajets évolutifs de différentes masses le long de la MS.
Panneau (c) : le paramètre comparé est Y0. Panneau (d) : le paramètre comparé est Z0. Panneau
(e) : Le paramètre comparé est αov. Panneau (f) : Le paramètre comparé est αMLT . Figures
reprises de M.-P. Bouabid (2011)[3].

Effets du overshoooting sur les modes g

Dans son étude comparative Bouabid[3] utilise deux valeurs différentes d’overshooting au ni-
veau du coeur convectif : 0 et 0,2, et une absence d’overshooting sous l’enveloppe convective. Il
trouve qu’utiliser l’une ou l’autre valeur au niveau du coeur convectif ne change pas les périodes
des modes g, puisque la base de l’enveloppe convective ne change pas pour une Teff donnée, la
localisation des bords de la bande d’instabilité des modes g ne change pas non plus. Par contre,
pour la grille de modèles ayant αov = 0, 2, les bandes d’instabilité se trouvent étendues vers
des luminosités plus élevées, le long d’un trajet du diagramme H-R qui n’est pas atteint par les
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modèles sans overshooting.

Effets de la métallicité sur les modes g

Bouabid[3] considère également l’effet de différentes compositions chimiques. Les proportions
initiales en He et en métaux dans la grille de référence étant (Y=0,28 ; Z=0,02 ), il les compare
avec une grille de modèles tels que Y=0,25, tous les autres paramètres étant inchangés, puis avec
une grille de modèles ayant Z=0,1, tous les autres paramètres étant inchangés. Il trouve qu’il n’y
a pas de changement significatif au niveau des périodes de pulsations et des bords de la bande
d’instabilité. C’est ce qui est illustré dans les panneaux hauts de sa figure III.4.

En conclusion, d’après l’étude de Bouabid[3], seul le paramètre de longueur de mélange αMLT

a un effet notable sur l’emplacement des bords de la bande d’instabilité et sur les périodes de
pulsations des modes g, dans les γ Dor.

Les mécanismes clés d’excitation et d’amortissement des modes

Li et al. (2020)[25] est l’étude ayant analysé le plus grand nombe d’étoiles potentiellement γ
Dor. L’on sait que, dans ces étoiles, la zone de transition pour la gamme des modes observés
coïncide avec la base de l’enveloppe convective. Pour cela, il est admis que le blocage convectif
est le mécanisme clé dans l’excitation de ces modes. Dans la figure III.2 de Bouabid[3], ce dernier
met en évidence que les modèles d’étoiles γ Dor présentent des modes g excités à partir de l’état
évolutif où les deux zones convectives "fusionnent", ce qui soutient l’hypothèse de l’importance
de la convection dans l’excitation de ces modes. D’autre part, l’on sait communément que la
zone d’opacité maximale dans les γ Dor se trouve juste au-dessus de la zone de transition. Pour
cette raison, il est admis que le mécanisme κ joue un rôle dans l’excitation de ces modes. D’après
Bouabid[3], l’importance de l’impact du mécanisme κ est encore une question ouverte.
Le mécanisme clé d’amortissement des modes dans les γ Dor est l’amortissement radiatif (cf.
sous-section I.5.1).

III.2 Résultats observationnels de Kepler
Récemment plusieurs tentatives ont été faites pour identifier les oscillations d’étoiles distantes,

y compris les γ Dor, à partir de la photométrie spatiale. En effet, bien qu’il soit possible de dé-
tecter les oscillations stellaires par spectroscopie, cette méthode requière un rapport signal/bruit
(S/N) de l’ordre de centaines[42] ; tandis que les instruments photométriques spatiaux requièrent
de recevoir moins de flux lumineux par étoile pour effectuer un échantillonnage. Ils permettent
alors de minimiser la taille des télescopes spatiaux. De plus, la photométrie spatiale permet
d’étudier plusieurs objets en même temps (e.g. jusque 512 étoiles pour Kepler 1)[19]. En effet, "La
précision typique en photométrie spatiale est de l’ordre du µmag, avec un duty cycle de l’ordre
de 90%, pour des observations qui durent des dizaines jusque des centaines de jours, permettant
d’observer des centaines de fréquences pour une étoile cible"[42]. À côté de MOST et CoROT,
la mission NASA-Kepler, a conduit grâce à la photométrie et à sa stratégie d’observation qui
priorisait les étoiles relativement "froides" (i.e. plus froides que les étoiles F initialement ciblées
par CoROT[19]), à la détection de centaines d’étoiles oscillantes[42], [19], et par là, à une avancée
majeure en terme de compréhension de l’astérosismologie. Plusieurs travaux ont été basés sur
les données de Kepler pour étudier les oscillations des γ Dor, y compris Van Reeth (2017)[42] ;

1. https ://www.nasa.gov/mission_pages/kepler/main/index.html
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Saio et al. (2017)[36] ; Li et al. (2019)[23]. Parmi les méthodes permettant d’étudier le lien entre
la rotation et les oscillations à partir d’une courbe de lumière, il y a l’analyse du splitting rota-
tionnel, et celle du period-spacing.

Principe de la méthode du period-spacing

Alors que le period-spacing est constant dans une étoile homogène sans rotation (comme
démontré au chapitre 1), dans le cas de la rotation, sous la TAR, la courbe des period-spacings
en fonction des périodes dans le référentiel inertiel (∆Pin en fonction de Pin) est décroissante
dans le cas des modes g progrades sectoriels (démontré dans Bouabid et al. 2013[4] ; Ouaz-
zani et al. (2016)[31]) ; les modes progrades non-sectoriels (Van Reeth et al., 2016) et les modes
zonaux[4], [31], [36] ont la même propriété. Pour les modes r, il suffit d’examiner l’équation (II.50) :
l’on constate alors que, sous l’hypothèse que λ est constant, donc suffisemment loin de la fréquence
de rotation limite (où λ → 0) la courbe de ∆Pin en fonction de Pin est croissante, et sa tan-
gente augmente avec la vitesse de rotation. Les modes g rétrogrades ont la même propriété. Dans
le cas des modes r, les periods-spacings augmentent de manière quasi-linéaire en l’ordre radiale n.

Plusieurs études ont essayé d’établir la vitesse de rotation et les paramètres d’oscillations
d’étoiles γ Dor à partir des period-spacings. Dans Van Reeth et al. (2016), les auteurs combinent
le period-spacing asymptotique avec la TAR pour détecter les modes de pulsations dans des
étoiles Kepler, en effectuant un fit χ2. Leur méthode permet d’identifier des modes et de dériver
la vitesse de rotation dans les profondeurs d’une étoile à partir de son spectre de périodes, ils
l’appliquent avec succès sur 40 de ses étoiles cibles. Il détecte ainsi des ondes de Rossby d’ordre
azimutal m = −1 dans une dizaine d’entre elles.
Dans Ouazzani et al. (2016)[30], les auteurs utilisent un nouvel outil basé sur le period-spacing (en
fonction des périodes) pour diagnostiquer la rotation interne dans les γ Dor. Ils appliquent cette
méthode, pour la première fois, sur plusieurs étoiles γ Dor de Kepler en début de MS montrant
des modes g, et détectent leurs taux rotation interne.
Christope et al. (2018)[6] construisent une méthode qui, appliquée aux modes g dans les γ Dor,
permet la détection du taux de rotation interne et d’identification les modes dans ces étoiles. Ils
l’appliquent avec succès à deux étoiles γ Dor de Kepler.
En utilisant la méthode de Christophe et al. (2018)[6], Ouazzani et al. (2019)[29] étudient 37 γ
Dor de Kepler, ils y identifient des modes g, déduisent les taux de rotation interne, et y étudient
les mécanismes de transport de moment angulaire.
Dans Takata et al. (2020)[38], les auteurs présentent une nouvelle méthode basée sur le spectre
des fréquences des modes g, qui permet d’estimer le taux de rotation moyen et d’identifier les
modes. Ils l’appliquent avec succès à 3 étoiles γ Dor de Kepler.

Li et al. 20120[25] étudient 611 γDor et en obtiennent 960 courbes de period-spacing. Ils
procèdent ainsi : ils calculent à partir de la courbe photométrique de Kepler, la transformée de
Fourier puis le spectre des amplitudes. Ils appliquent l’algorithme de corrélation croisée de Li et
al. (2019a)[22] pour trouver les séries distinctes de period-spacings (i.e. correspondants aux mêmes
nombres (`,m). Ils appliquent un ajustement linéaire au periodes-spacings, selon la relation

Pi = ∆P0
(1 + Σ)i − 1

Σ + P0 = ∆P0(n′ + ε) (III.3)

où P0 est la première période, Pi la iième période, ∆P0 le premier period-spacing estimé par
l’algorithme de corrélation croisée, Σ la première tangente de period-spacing détectée par l’algo-
rithme de corrélation croisée, n′ ≡ (1+Σ)i−1

Σ et ε ≡ P0/∆P0.
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Ils observent qu’il existe des atténuations dans le diagramme des period-spacings. Ces atténua-
tions sont probablement dus -selon eux- à l’apparition de nouveaux modes à cause du couplage
entre les modes normaux prévus par la TAR. Pour quantifier la déviation de l’ajustement li-
néaire par rapport au period-spacing réel, ils construisent un diagramme d’échelle (sideways
echelle diagramme), où l’axe des abscisses représente les périodes observées, et l’axe des ordon-
nées représente la différence entre les périodes observées et les périodes ajustées P obs−n′∆P . Les
valeurs sur l’axe des ordonnées représentent donc les déviations des valeurs ajustée par rapport
aux valeurs réelles. Après avoir éliminé les valeurs ayant une trop grande déviation, les données
restantes sont utilisés dans une méthode de Monte-Carlo par chaînes de Markov (MCMC) dé-
crite par Li et al. (2019b)[24]) pour obtenir le meilleur ajustement par la TAR. Un exemple des
résultats obtenus pour une des étoiles cibles est illustré dans la figure III.7.

Figure III.6 – Ajustement par la TAR du period-spacing de KIC 7694191. Les lignes pleines
représentent le résultat ajusté, et les lignes en poitillés représentent l’incertitude. Figure reprise
de Li et al. (2020)[25].

Identification des modes

Dans cette même étude[25], les auteurs adoptent la convention que m > 0 (resp. m < 0)
correspondent aux modes progrades (resp. rétrogrades). Ils procèdent à l’identification des modes
par périodogramme, en admettant que les pics des valeurs dans le périodogramme correspondent
à des modes progrades sectoriels dans l’ordre ascendant des degrés angulaire[35]. Ils détectent
ainsi les périodes des modes (`,m) = (1, 1), et (`,m) = (2, 2) pour plusieurs des étoiles.
Ils tracent sur une même figure les périodogrammes de toutes les γ Dor dont les period-spacings
ont été identifiés. La relation entre les périodes de modes g progrades sectoriels dipolaires (i.e.
` = 1) et quadripolaires (i.e ` = 2) et les modes Rossby y apparaît. Cette figure est reprise
dans III.7. L’on y voit trois "arêtes" dominantes ; la plus apparente correspond aux modes g
à (`,m) = (1, 1), celui tout à gauche correspond aux modes g à (`,m) = (2, 2) ; la troisième
arête correspond aux modes de Rossby ayant (k,m) = (−2,−1). Supposons que les modes g
dipolaires sectoriels apparaissent aux alentours d’une période P , les modes g quadripolaires
sectoriel apparaissent autour de la période 0, 5P , et les modes de Rossby aux alentours de la
période 2P . Cette relation dans les périodogrammes constitue une méthode supplémentaire pour
aider à identifier les modes.
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Figure III.7 – Périodogrammes de toutes les étoiles γ Dor dont des period-spacings ont été
identifiés. Chaque ligne montre le périodogramme pour une étoile. Figure reprise de Li et al.
(2020)[25].

À propos des modes g ayant ` > 2

Le périodogamme à la figure 5 montre que les modes g ayant un grand ordre latitudinal (i.e.
` > 2) ont des amplitudes trop faibles pour être détectées. De plus, dans cette études, seules
quatre étoiles ont été détectées ayant de tels modes. De plus ces modes ont généralement des
périodes trop basses par rapport au seuil de détection de l’étude (0,2 à 2 jours), c’est pourquoi
ils sont plus difficiles à détecter.

Taux d’apparition des modes

La figure III.8 présente le taux d’apparition des modes dans les 960 étoiles γ Dor de cette
étude. Certains des modes reportés ayant ` = 1 sont distingués dans le périodogramme, mais
ne sont pas détectés dans les period-spacings. Sur la figure III.8 l’on peut voir les occurrences
relatives des différents modes. 62, 0% sont des modes g (`,m) = (1, 1) ; 18, 9% des modes g
(`,m) = (2, 2), 11, 5% sont des modes de Rossby. Ces derniers ne sont jamais détectés sans
être accompagnés de modes g. Ce qui correspond à 110 étoiles présentant des modes r. Les
modes r n’apparaissent jamais sans des modes g. En effet, 83 de ces étoiles ont des modes g
dipolaires et des modes r k = −2,m = −1 ; et 27 d’entre elles montrent des modes g dipolaires,
quadripolaires, et des modes r. Les autres modes sont beaucoup moins fréquents : les modes
ayant (`,m) = (1,−1) et (`,m) = (1, 0), qui représentent 3, 0%, et 2, 3%, respectivement, sont
principalement reportés dans des rotateurs lents, reportés dans Li et al. (2019a)[22]. Les modes
restants des period-spacings détectés n’ont pas eu être classifiés ; entre autres, ils pourraient
correspondre à des modes sectoriels de haut degré (e.g. (`,m) = (3, 3)), des modes de Rossby

47



ayant (k,m) = (−1,−1), ou d’autres modes qui ne peuvent pas être ajustés avec la TAR.
En utilisant un diagramme S-P (tangente de period-spacings – Périodes), ils trouvent que les
modes r avec (k,m) = (−2,−1) ont une période moyenne de l’ordre de 0,6 - 1,6 jours.

Figure III.8 – Les pourcentages des différents modes d’oscillations parmi les 960 échantillons de
period-spacings, issus des 611 γ Dor détectées par Kepler. Figure reprise de Li et al. (2020)[25].

Malgré le succès actuel de la méthode du period-spacing, il est toutefois difficile de l’utiliser
à cause d’un manque de résolution dans le spectre des amplitudes pour les étoiles à rotation très
rapides qui ont beaucoup de modes de pulsations (Van Reeth (2017)[42] ; Saio et al. (2017)[36]),
et pour les modes de Rossby qui correspondent généralement à des ordres radiaux très élevés.
C’est pourquoi, dans Saio et al. (2017)[36], les auteurs décident de calculer les fréquences prévues
des modes r dans un contexte observationnel, en calculant leurs visibilités. La visibilité d’un
mode de nombres quantiques m, k, étant définie comme étant l’intégrale de la fonction de Hough
Θmk sur la projection de l’hémisphère visible de l’étoile. Pour normaliser la visibilité (V.), elle
est divisée par la racine carré de l’énergie cinétique du mode Ecin. V/

√
Ecin représente alors

l’amplitude relative des modes si l’énergie est distribuée uniformément sur les modes.
Ensuite, ils utilisent les courbes photométriques de Kepler pour calculer le spectre d’amplitudes
de Fourier, pour plusieurs étoiles de types spectraux B, A et F, parmi ces étoiles, les γ Dor
découvertes par Van Reeth et al. (2016) et présentant des modes de Rossby selon ce dernier.
Ils utilisent deux méthodes différentes pour détecter des modes r dans des étoiles de Kepler
comprenant des γ Dor : en traçant les period-spacings ∆P en fonction de P , et en utilisant le
diagramme des fréquences. Il utilise ces méthodes pour étudier ces étoiles, et détectent des modes
r dans plusieurs des étoiles γ Dor.

Mécanismes d’excitation des modes r

Les auteurs de cette dernière étude[36] supposent que les modes r sont excités mécanique-
ment. Dans des étoiles autres que les γ Dor, cette hypothèse est justifiée par l’observation des
phénomènes accompagnant les modes r (blocage et déviation de mouvement par une tache stel-
laire, force de marée, éjecta ; dans les γ Dor, l’on suppose similairement que les modes r sont
excités par une action mécanique (non-précisée) sur les modes g. Sous cette hypothèse, les au-
teurs tentent d’expliquer l’absence des modes r impaires dans les γ Dor étudiées, par un effet
géométrique : les modes r seraient générés par une déviation mécanique des mode g progrades
sectoriels. Puisque ces derniers sont symétriques par rapport à l’équateur -c-à-d leurs flux ne
traversent pas l’équateur-, et que les modes r impaires sont anti-symétriques -c-à-d leurs flux
traversent l’équateur- alors il est difficile de les exciter avec des amplitudes assez élevées pour
être détectables. Cependant, cette explication a besoin de quantification pour être vérifiée. Les
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mécanismes d’excitation des modes de Rossby dans les γ Dor sont encore mal compris aujour-
d’hui.
Dans ce travail, notre objectif est d’examiner une autre hypothèse : l’excitation des modes de
Rossby par le mécanisme de blocage convectif. Nous appliquons donc la TDC sur des modèles de
γ Dor de taux de rotation typiques des étoiles détectées par Kepler. Si nous observons des ondes
de rossby dans ces modèles, l’étape suivante consistera à étudier les period-spacings des modes
de Rossby synthétiques, puis d’y ajuster les period-spacings des γ Dor de Kepler. Cela pourrait
constituer une nouvelle méthode de sondage de la rotation interne dans ces étoiles. Etant donné
que les modes de rossby se propagent dans une cavité différente que celle des modes g, ils pour-
raient être un moyen de sonder des régions non-accessibles et/ou dans des γ Dor dont l’étude
n’est pas accessible à travers les modes g.
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Chapitre IV

Résultats

IV.1 Les modèles utilisés
Nous avions à notre disposition une grille de modèles stellaires correspondants à des γ Do-

radus, de masses entre 1,20 M� et 1,90 M� (typiques des γ Doradus), avec un pas de 0,02 M�.
Ces modèles ont été calculés sans faire appel à la rotation, en utilisant le code CLES (Code
Liégeois d’Evolution Stellaire, Scuflaire et al. 2008b[37]). Cette grille de modèles est divisée en
deux "sous-grilles", que nous appelons Co0 et Co700, et qui diffèrent par leurs paramètres de
diffusion turbulente. L’effet de la diffusion turbulante est semblable à l’effet de la rotation sur le
mélange chimique interne à l’étoile. Pour les modèles appartenant à Co0, Dt = 0 cm2/s, et pour
les modèles de Co700 Dt = 700 cm2/s.
À partir de ces modèles, nous avons calculé les fréquences et fonctions propres des modes de
Rossby, en utilisant le code de pulsations non-adiabatiques MAD (Dupret 2001[10]), qui inclut
les effet de la rotation utilisant la TAR. Le taux de rotation est caractérisé en fonction de la
fréquence de rotation critique Ωc, et donc par la fréquence angulaire de rotation adimentionnelle
Ω
Ωc . Les valeurs de Ω/Ωc que nous avons prises en compte sont : Ω/Ωc = 0, 05 ; Ω/Ωc = 0, 1 ;
Ω/Ωc = 0, 2 ; Ω/Ωc = 0, 3 ; Ω/Ωc = 0, 4. Pour effectuer le calcul des fréquences et fonctions
propres, nous avons paramétré le code MAD comme suit :

Métallicité : La métallicité est fixée comme étant proche de celle du Soleil. X=0,7154,
Y=0,2704, et Z=0,0142, X étant la fraction en masse d’Hydrogène initiale (c-à-d au début de la
MS), Y la fraction d’Helium, et Z la fraction de métaux.

Le modèle atmosphérique : le modèle choisi est celui de Kurucz. Il permet de calculer la
température effective d’un modèle stellaire à partir des autres paramètres de structure.

Traitement de la convection : le code MAD implémente l’approximation de l’interac-
tion convection-pulsation dépendant du temps (TDC). Cette approximation n’impose a-priori
de contrainte sur la manière de perturber le libre parcours moyen. Dans le code MAD, cette
perturbation est paramétrée comme

δl

l
= 1

1 + ( τconvPosc
)2
δHP

HP
(IV.1)

Le paramètre de longueur de mélange αMLT : αMLT = 1, 7 (cf. section sous-section I.1.2).
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Le paramètre d’overshooting αov : Dans son étude comparative Bouabid[3] utilise deux
valeurs différentes d’overshooting : 0 et 0,2. Il trouve qu’utiliser l’une ou l’autre valeur dans ses
modèles stellaires ne change pas la localisation des bords de la bande d’instabilité des modes g, ni
leurs périodes d’oscillation. Nous fixons le paramètre d’overshooting pour nos modèles à αov = 0.

Le paramètre β : Ce paramètre est relatif au traitement de la convection (cf. sous-section I.5.2).
Il est choisi tel que : β = (1, −1).

Table d’opacité : La table d’opacité que nous adoptons est calculée à l’aide de la base de
données OPAL 1 (Iglesias & Rogers 1996). Lors de ce calcul, le mélange de métaux (dénomé
AGS09) adopté est celui solaire, déterminé par Asplund et al. (2009)[2]. Dans son étude compa-
rative, Bouabid [3] compare des modèles de γ Dor utilisant des mélanges de métaux et des profils
d’opacité (OPAL et OP 2) les plus pertinents pour ce type d’étoile. Il découvre que ni le trajet
évolutif, ni l’instabilité des modes ne change suite à un choix ou un autre de mélange de métaux
ou de profil d’opacité, ce que l’on peut expliquer par le fait que la position de la zone convective
dans les γ Dor est insensible à ces paramètres.

Âge des étoiles : Toute la séquence principale, de Xc = 0, 99 X0 à Xc = 0, 01.

IV.2 Présentation des résultats
IV.2.1 Modes gravito-inertiels

Dans son étude théorique des effets de la force de Coriolis sur les pulsations des γ Dor, Boua-
bid [3] adopte une grille de modèles de 1,4 M� à 2,2 M�, avec un pas de 0,02 �, ayant différentes
vitesses de rotation. Les paramètres physiques de ces modèles sont proches de ceux utilisés dans
ce mémoire, aux Co0 : il utilise la table d’opacité OP avec le mélange de métaux AGS09, αov = 0,
αMLT = 2.0, et les abondances initiales en éléments : X0 = 0, 7, Z0 = 0, 02.
Il obtient les bandes d’instabilité, et ainsi les gammes des périodes des modes instables, pour plu-
sieurs familles de modes gravito-inertiels. Nous reprenons parmi ses résultats ceux correspondants
aux modes ` = 1, m = 1 (rétrogrades, par convention). Ce choix est pertinent pour effectuer une
comparaison entre les modes gravito-inertiels et les modes de Rossby d’ordre azimutal m = 1,
que nous présentons dans la suite de ce chapitre. Ces bandes d’instabilité sont représentées à la
figure IV.1. Les périodes d’oscillation des modes instables sont représentées à la figure IV.2.

1. https ://opalopacity.llnl.gov/
2. http ://opacities.osc.edu
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Bandes d’instabilité

Figure IV.1 – Bandes d’instabilité des γ Doradus dans le diagramme H-R, correspondant aux
modes gravito-inertiels (`, m) = (1, 1) et quatre vitesses de rotation différentes, indiquées par la
vitesse à l’équateur veq : veq = 0km.s−1 (noir), veq = 30km.s−1 (gris foncé), veq = 60km.s−1

(gris), veq = 90km.s−1 (gris clair). Les lignes pointillées représentent la bande d’instabilité ob-
servationnelle des étoiles γ Dor déterminée par Handler & Shobbrook (2002). Les lignes fines
pointillées correspondent aux trajets évolutifs en séquence principale pour des modèles de masses
allant de 1,4 M� à 2,1 M�. Figure reprise de M.-P. Bouabid (2011)[3].
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Gamme des périodes d’oscillation

Figure IV.2 – Gammes de périodes pour les modes gravito-inertiels instables (`, m) = (1, 1)
dans les référentiels comobile (panneau gauche) et inertiel (panneaux droits) pour des vitesses
de rotation veq = 0km.s−1 (noir), veq = 30km.s−1 (gris foncé), veq = 60km.s−1 (gris), veq =
90km.s−1 (gris clair). Figures reprises de M.-P. Bouabid (2011)[3].

IV.2.2 Modes de Rossby
Pour pouvoir comparer les résultats relatifs aux modes de Rossby avec ceux des modes gravito-

inertiels, pour différents taux de rotation, trouvons la correspondance entre les vitesses de rotation
équatoriales utilisées par Bouabid[3], et celles du présent travail. La figure IV.3 représente cette
relation pour les modèles de Co0 en début de MS. Elle reste à peu près la même durant toute la
MS.
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Figure IV.3 – Vitesses de rotation équatoriales veq correspondant à différentes valeurs de Ω/Ωc,
pour les modèles stellaires Co0, de masses 1,20 M� à 1,90 M� avec un pas de 0,02 M�, en
début de MS. Les points correspondant à une même masse stellaire sont représentés par la même
couleur.

Bandes d’instabilité

Bandes d’instabilité avec et sans diffusion turbulente

Nous traçons d’abord les bandes d’instabilité que nous avons obtenus, pour les modèles sans
diffusion trubulante (la grille Co0), et avec diffusion turbulente (la grille Co700), pour différents
degrés de rotation, et pour les modes de Rossby (k, m) = (−1, 1) (IV.4) et (k, m) = (−1, 2)
(IV.5).
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Modes k = -1, m = 1

Ω/Ωc=0,2Ω/Ωc=0,1Ω/Ωc=0,05

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.4 – Bandes d’instabilités des étoiles γ Doradus avec et sans diffusion turbulente (Co0
et Co700, respectivement), pour les modes (k, m) = (−1, 1) et différents Ω/Ωc : Ω/Ωc = 0, 05
(panneau en haut à gauche), Ω/Ωc = 0, 1 (panneau en haut au milieu), Ω/Ωc = 0, 2 (panneau en
haut à droite), Ω/Ωc = 0, 3 (panneau en bas à gauche), Ω/Ωc = 0, 4 (panneau en bas à droite).
Les lignes fines pointillées correspondent aux trajets évolutifs en séquence principale pour des
modèles de masses allant de 1.2 M� à 1,9 M�. La points en bleu correspondent aux modèles
Co0, et les points en rouges aux modèles Co700.
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Modes k = -1, m = 2

Ω/Ωc=0,05 Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.5 – Bandes d’instabilités des étoiles γ Doradus sans et avec diffusion turbulente
(Co700 et Co700, respectivement), pour les modes (k, m) = (−1, 2) et différents Ω/Ωc :
Ω/Ωc = 0, 05 (panneau en haut à gauche), Ω/Ωc = 0, 1 (panneau en haut au milieu), Ω/Ωc = 0, 2
(panneau en haut à droite), Ω/Ωc = 0, 3 (panneau en bas à gauche), Ω/Ωc = 0, 4 (panneau en bas
à droite). Les lignes fines pointillées correspondent aux trajets évolutifs en séquence principale
pour des modèles de masses allant de 1.2 M� à 1,9 M�. La points en bleu correspondent aux
modèles Co0, et les points en rouges aux modèles Co700.

Nous constatons que les bords des bandes d’instabilité en début de MS correspondent aux
températures effectives log Teff = 3, 824 (Teff = 6669, 2K) au bord rouge et à log Teff = 3, 858
(Teff = 7223, 0K) au bord bleu. Ces valeurs sont plus basses que dans les modes gravito-inertiels
(`, m) = (1, 1) (cf. figure IV.1), où les bords bleu et rouge de la bande d’instabilité en début de
MS coincident avec Teff ≈ 7400K et Teff ≈ 6800K, respectivement. Cela s’expliquerait par le
fait que la profondeur minimale de l’enveloppe convective nécessaire pour l’activation des modes
de Rossby (k, m) = (−1, 1) est supérieure à celle nécessaire pour l’activation des modes gravito-
inertiels (`, m) = (1, 1), et par la compétition entre l’amortissement radiatif qui est plus efficace
pour les modes d’ordres radiaux donnés, et le fait qu’un mode de période -dans le référentiel
comobile- Pco ne peut être excité que lorsque τconv à la base de l’enveloppe convective est du
même ordre de grandeur que Pco. À la fin de la séquence principale, le bord rouge des bandes
d’instabilité des modes de Rossby les modes (k, m) = (−1, 1) coincide avec log Teff = 3, 803,
et le bord bleu avec log Teff = 3, 821.
Les bandes d’instabilité sont semblables pour les modes de Rossby (k, m) = (−1, 1) et
(k, m) = (−1, 2).
Les bandes d’instabilité des modèles Co0 et Co700 commencent aux mêmes bords rouge et bleu
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au début de la MS. Mais les modèles Co700 ont des bandes d’instabilité qui s’étendent sur des
températures effectives plus faibles et des luminosités plus élevés, sur leurs trajets de MS, qui
est plus "rallongé" que celui des modèles Co0.

Effets de la rotation sur les bandes d’instabilité

Pour mieux examiner l’effet de la fréquence de rotation sur les bandes d’instabilité, nous re-
traçons les figures des bandes d’instabilité de Co0, en n’en gardant que les bords rouges et bleus.
La figure IV.6 (resp. IV.7) représente le résultat pour les modes de Rossby (k, m) = (−1, 1)
(resp. (k, m) = (−1, 2)).

Modes k= -1, m = 1

Ω/Ωc=0,2Ω/Ωc=0,1

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.6 – Bords des bandes d’instabilités des étoiles γ Doradus sans diffusion turbulente
pour les modes (k, m) = (−1, 1) et différents Ω/Ωc : Ω/Ωc = 0, 05 (panneau en haut à gauche),
Ω/Ωc = 0, 1 (panneau en haut au milieu), Ω/Ωc = 0, 2 (panneau en haut à droite), Ω/Ωc =
0, 3 (panneau en bas à gauche), Ω/Ωc = 0, 4 (panneau en bas à droite). Le panneau en bas à
droite représente les bords des bandes d’instabilité pour tous les Ω/Ωc représentés dans les autres
panneaux. Les lignes fines pointillées correspondent aux trajets évolutifs en séquence principale
pour des modèles de masses allant de 1.2 M� à 1,9 M�.
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Modes k = -1, m = 2

Ω/Ωc=0,05 Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.7 – Bords des bandes d’instabilités des étoiles γ Doradus sans diffusion turbulente
pour les modes (k, m) = (−1, 2) et différents Ω/Ωc : Ω/Ωc = 0, 05 (panneau en haut à gauche),
Ω/Ωc = 0, 1 (panneau en haut au milieu), Ω/Ωc = 0, 2 (panneau en haut à droite), Ω/Ωc =
0, 3 (panneau en bas à gauche), Ω/Ωc = 0, 4 (panneau en bas à droite). Le panneau en bas à
droite représente les bords des bandes d’instabilité pour tous les Ω/Ωc représentés dans les autres
panneaux. Les lignes fines pointillées correspondent aux trajets évolutifs en séquence principale
pour des modèles de masses allant de 1.2 M� à 1,9 M�.

Nous constatons, à travers les figures IV.6 et IV.7, que les bords des bandes d’instabilité
sont presques similaires pour les différents taux de rotation, comme c’est le cas pour les modes
gravito-inertiels (IV.1).

Gamme des périodes comobiles

Nous traçons dans IV.8 (resp. IV.9), la gamme des périodes -dans le référentiel comobile- des
modes excités (k, m) = (−1, 1) et (k, m) = (−1, 2), pour tous les modèles de la grille Co0
(resp. Co700).
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Périodes comobiles pour les modèles sans diffusion turbulente

Ω/Ωc=0,05
Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.8 – Périodes d’oscillation des modes instables, dans le référentiel comobile, dans
les modèles issus de la grille Co0, en fonction de la température effective des modèles, pour
différents modes de Rossby (k,m). Chaque panneau compare les résultats qui s’apparentent aux
modes (k, m) = (−1, 1) (en bleu), avec ceux des modes (k, m) = (−1, 2) (en violet), pour Ω/Ωc
donné. Panneau en haut à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 05 - Panneau en haut au milieu :
résultats pour Ω/Ωc = 0, 1 - Panneau en haut à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 2 - Panneau en
bas à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 3 - Panneau en bas à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 4.
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Périodes comobiles pour les modèles avec diffusion turbulente

Ω/Ωc=0,05
Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.9 – Périodes d’oscillation des modes instables, dans le référentiel comobile, dans
les modèles issus de la grille Co700, en fonction de la température effective des modèles, pour
différents modes de Rossby (k,m). Chaque panneau compare les résultats qui s’apparentent aux
modes (k, m) = (−1, 1) (en bleu), avec ceux des modes (k, m) = (−1, 2) (en violet), pour Ω/Ωc
donné. Panneau en haut à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 05 - Panneau en haut au milieu :
résultats pour Ω/Ωc = 0, 1 - Panneau en haut à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 2 - Panneau en
bas à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 3 - Panneau en bas à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 4.

Nous constatons à travers les figures IV.8 et IV.9 que, pour un même taux de rotation stellaire,
et une même valeur de Teff , les périodes minimales dans le référentiel comobile Pco,min des modes
de Rossby (k, m) = (−1, 2) sont plus grandes que celles des modes (k, m) = (−1, 1), ce qui
vérifie la relation (II.44). En effet, en appliquant (II.44) pour k=-1, nous trouvons pour m=1,
Pco,min = Prot, et pour m=2, Pco,min = 3

2Prot.
De plus, nous remarquons que Pco,min est plus faible pour les modèles Co700 pour un même taux
de rotation. Cela peut être expliqué par le fait que, pour les mêmes masse et température effective,
un modèle avec diffusion turbulante a un rayon plus élevé qu’un modèle sans diffusion turbulente,
d’où Ωc,Co700 < Ωc,Co0. Donc, à Ω/Ωc égales, ΩCo700 > ΩCo0, alors Pco,min,Co700 < Pco,min,Co0 ;
où les indices Co0 et Co700 sont relatifs aux modèles Co0 et Co700, respectivement.

Périodes comobiles au bord bleu

Nous considérons le modèle de masse 1,60 M� car pour cette masse il y a une température
effective en-dessous de laquelle aucun mode de Rossby n’est excité durant la MS. Cela nous
servira pour vérifier plus rigoureusement la relation (II.49).
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Ω/Ωc=0,05 Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.10 – Périodes d’oscillation des modes stables et instables, dans le référentiel como-
bile, pour les modèles Co0 de masse 1,60 M�, en fonction de la température effective, pour
différents modes de Rossby (k,m). Chaque panneau compare les résultats qui s’apparentent aux
modes (k, m) = (−1, 1) (en bleu), avec ceux des modes (k, m) = (−1, 2) (en violet), pour Ω/Ωc
donné. Panneau en haut à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 05 - Panneau en haut au milieu :
résultats pour Ω/Ωc = 0, 1 - Panneau en haut à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 2 - Panneau en
bas à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 3 - Panneau en bas à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 4.

D’après la figure IV.10, (II.49) est bien vérifiée pour les modèles de 1,60 M�. En effet, nous
remarquons dans la figure que, pour Ω/Ωc = 0, 05, la période minimale d’un mode de Rossby
(excité), est Pco,min = 5, 331jours, alors que la période de rotation d’un modèlede 1,60 M�, avec
Ω/Ωc = 0, 05, est Prot = 4, 9798jours. Le même calcul a été effectué Ω/Ωc = 0, 3, pour laquelle
nous trouvons Pco,min = 1, 024jours et Prot = 0, 8300jours. Pour les autres valeurs de Ω/Ωc,
nous avons effectué les mêmes vérifications.

De plus, nous remarquons Pco,min augmente avec le taux de rotation. Cela peut être expliqué
par le fait que, vu que nous représentons les gammes de périodes par une valeur fixe de Ω/Ωc
pour différentes valeurs de Teff , cela revient à représenter ces gammes de périodes pour des Ω
descendants en fonction des Teff , car Ωc augmente en fonction des Teff . En effet, le rayon d’une
étoile diminue en fonction de Teff durant la MS, donc tdyn augmente (d’après I.8), et nous avons
tdyn ' 1

Ωc . Cet effet est illustré dans IV.11.
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Figure IV.11 – Temps dynamique à un facteur multiplicatif près, des modèles de masses 1,40
M�, et de 1,60 M�, de différentes températures effectives. Les croix rouges correspondent aux
données des modèles de 1,40 M�, et les cercles bleus correspondent à ceux des modèles de 1,60
M�.

Périodes comobiles au bord rouge

Nous considérons le modèle de masse 1,40 M�, car pour cette masse il y a une température
effective au-dessus de laquelle aucun mode de Rossby n’est excité durant la MS. La relation
(II.49) est également vérifiée pour ces modèles.
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Ω/Ωc=0,05 Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.12 – Périodes d’oscillation des modes stables et instables, dans le référentiel como-
bile, pour les modèles Co0 de masse 1,40 M�, en fonction de la température effective, pour
différents modes de Rossby (k,m). Chaque panneau compare les résultats qui s’apparentent aux
modes (k, m) = (−1, 1) (en bleu), avec ceux des modes (k, m) = (−1, 2) (en violet), pour Ω/Ωc
donné. Panneau en haut à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 05 - Panneau en haut au milieu :
résultats pour Ω/Ωc = 0, 1 - Panneau en haut à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 2 - Panneau en
bas à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 3 - Panneau en bas à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 4.

Gamme des périodes inertielles

Pour pouvoir comparer nos résultats avec les résultats observationnels de section III.2, nous
traçons la gamme des périodes des modes excités (k, m) = (−1, 1) et (k, m) = (−1, 2), dans le
référentiel inertiel, pour les modèles avec et sans diffusion turbulente.
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Ω/Ωc=0,05
Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.13 – Périodes d’oscillation des modes instables, dans le référentiel inertiel, dans
les modèles issus de la grille Co0, en fonction de la température effective des modèles, pour
différents modes de Rossby (k,m). Chaque panneau compare les résultats qui s’apparentent aux
modes (k, m) = (−1, 1) (en bleu), avec ceux des modes (k, m) = (−1, 2) (en violet), pour Ω/Ωc
donné. Panneau en haut à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 05 - Panneau en haut au milieu :
résultats pour Ω/Ωc = 0, 1 - Panneau en haut à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 2 - Panneau en
bas à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 3 - Panneau en bas à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 4.
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Ω/Ωc=0,05 Ω/Ωc=0,1 Ω/Ωc=0,2

Ω/Ωc=0,3 Ω/Ωc=0,4

Figure IV.14 – Périodes d’oscillation des modes instables, dans le référentiel inertiel, dans
les modèles issus de la grille Co700, en fonction de la température effective des modèles, pour
différents modes de Rossby (k,m). Chaque panneau compare les résultats qui s’apparentent aux
modes (k, m) = (−1, 1) (en bleu), avec ceux des modes (k, m) = (−1, 2) (en violet), pour Ω/Ωc
donné. Panneau en haut à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 05 - Panneau en haut au milieu :
résultats pour Ω/Ωc = 0, 1 - Panneau en haut à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 2 - Panneau en
bas à gauche : résultats pour Ω/Ωc = 0, 3 - Panneau en bas à droite : résultats pour Ω/Ωc = 0, 4.

Nous constatons, à travers IV.13 et IV.14, que pour un même taux de rotation stellaire,
les périodes des modes de Rossby -dans le référentiel inertiel- pour les modèles avec diffusion
turbulente, sont de même ordre de grandeur que ceux sans diffusion turbulente. De plus les
périodes des modes (k, m) = (−1, 1) correspondent aux valeurs des périodes (0,6 - 1,6 jours)
trouvées par Li et al. (2020)[25].

Gamme des ordres radiaux

Les modes de Rossby instables que nous avons trouvés ont des ordres radiaux n entre 15
et 90. Nous présentons ici les valeurs typiques de n dans trois modèles Co0 de même masse
appartenant respectivement au bord bleu, au milieu, et au bord rouge, de la bande d’instabilité.
Les caractéristiques de ces modèles sont détaillées dans le tableau suivant.
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Modèle 1 Modèle 2 Modèle 3
M/M� 1,48 1,48 1,48
Teff (K) 7222,7 6782,8 6572,2
Log(L/Ls) 0,7170 0,8084 0,8208
Log g 4,2792 4,0787 4,0115
R/Rs 1,4601 1,8392 1.9872
Âge(106ans) 4, 2993.102 1, 6714.103 1, 9436.103

Xc/Xco 0,86 0,4385 0,21
Ωc.R(km.s−1) 239,3997 213,3043 205,2076

Table IV.1 – Caractéristiques de trois modèles de même masses, et de différentes régions de la
bande d’instabilité. Le modèle 1 correspond au bord bleu, le modèle 2 correspond au milieu de la
bande, et le modèle 3 correspond au bord rouge.

Ordres radiaux au bord bleu

k m n Pco(jours) Pin(jours)
Ω/Ωc = 0, 05

-1 1 16 - 23 3,3800 - 3,39825 629,5989 - 315,1356
-1 2 14 - 20 5,0547 - 5,0605 2,5185 - 2,5171

Ω/Ωc = 0, 1
-1 1 16 - 30 1,7166 - 0,1796 26,3255 - 80,9510
-1 2 16 - 25 2,5441 - 2,5740 1,2480 - 1,2552

Ω/Ωc = 0, 2
-1 1 16 - 37 0,9088 - 1,1032 11,1810 - 3,5291
-1 2 16 - 33 1,3041 - 0,6201 0,6201 - 1,6701

Ω/Ωc = 0, 3
-1 1 16 - 40 0,6547 - 0,8795 1,5440 - 3,8889
-1 2 16 - 37 0,9014 - 1,0552 0,3814 - 0,4065

Ω/Ωc = 0, 4
-1 1 16 - 38 0,5323 - 0,7257 1,9962 - 0,9985
-1 2 16 - 40 0,7052 - 0,8819 0,2993 - 0,2758

Table IV.2 – Gamme de modes instables du Modèle 1 pour Ω/Ωc = 0, 05, Ω/Ωc = 0, 1, Ω/Ωc =
0, 2, Ω/Ωc = 0, 3, et Ω/Ωc = 0, 4. Les gammes d’ordres radiaux et de périodes de pulsation dans
les référentiels comobile et inertiel sont données pour chaque couple (k, m).
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Ordres radiaux au milieu de la bande d’instabilité

k m n Pco(jours) Pin(jours)
Ω/Ωc = 0, 05

-1 1 22 - 80 0,2094 - 4,9750 106,5323 - 1093,6060
-1 2 17 - 65 7,1518 - 3,5593 3,5418 - 3,5593

Ω/Ωc = 0, 1
-1 1 24 - 91 2,4190 - 2,8553 14,1741 - 135,4940
-1 2 24 - 90 3,5920 - 3,8777 1,7133 - 1,7757

Ω/Ωc = 0, 2
-1 1 24 - 89 1,7930 - 1,2701 18,4383 - 3,5003
-1 2 24 - 89 1,8343 - 2,2294 0,8100 - 0,8788

Ω/Ωc = 0, 3
-1 1 24 - 89 0,9068 - 1,4120 1,8047 - 6,2665
-1 2 24 - 89 1,2619 - 1,6761 0,5186 - 0,5773

Ω/Ωc = 0, 4
-1 1 24 - 89 0,7326 - 1,1959 1,1807 - 3,1440
-1 2 24 - 89 1,3851 - 0,9825 0,4258 - 0,3782

Table IV.3 – Gamme de modes instables du Modèle 2 pour Ω/Ωc = 0, 05, Ω/Ωc = 0, 1, Ω/Ωc =
0, 2, Ω/Ωc = 0, 3, et Ω/Ωc = 0, 4. Les gammes d’ordres radiaux et de périodes de pulsation dans
les référentiels comobile et inertiel sont données pour chaque couple (k, m).
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Ordres radiaux au bord rouge

k m n Pco(jours) Pin(jours)
Ω/Ωc = 0, 05

-1 1 32 - 62 5,3660 - 5,4430 276,3440 - 1017,3975
-1 2 37 - 55 8,0386 - 8,0609 3,9900 - 3,9955

Ω/Ωc = 0, 1
-1 1 35 - 62 2,7369 - 2,8704 38,0205 - 107,5727
-1 2 34 - 64 4 ,0440 - 4,1391 1,9694 - 1,9917

Ω/Ωc = 0, 2
-1 1 35 - 61 1,4631 - 1,6535 6,9169 - 15,1751
-1 2 44 - 60 2,1252 - 2,2129 0,9553 - 0,9725

Ω/Ωc = 0, 3
-1 1 51 - 60 1,1930 - 1,2639 3,0043 - 3,4991
-1 2 35 - 57 1,4481 - 1,5795 0,6192 - 0,6420

Ω/Ωc = 0, 4
-1 1 41 - 60 0,9192 - 1,0588 1,8042 - 2,4343
-1 2 44 - 60 1,1942 - 1,2940 0,4495 - 0,4629

Table IV.4 – Gamme de modes instables du Modèle 3 pour Ω/Ωc = 0, 05, Ω/Ωc = 0, 1, Ω/Ωc =
0, 2, Ω/Ωc = 0, 3, et Ω/Ωc = 0, 4. Les gammes d’ordres radiaux et de périodes de pulsation dans
les référentiels comobile et inertiel sont données pour chaque couple (k, m).

Analyse globale

Pour mieux illustrer cette analyse, examinons les figures suivantes. Nous représentons, dans
IV.17 et IV.20, la fonction propre adimentionnelle de la luminosté radiative dLR/L, relative au
même mode de Rossby (n,k,m)=(-35,-1,1), respectivement en début et en fin de MS, pour trois
modèles où ce mode est instable au début de la MS. Nous représentons dLR/L relatif à un mode
de Rossby "semblable" : (n,k,m)=(-34,-1,1) pour un modèle se trouvant en dehors de la bande
d’instabilité tout le long de sa MS. Dans chaque panneau, dLR/L est représenté pour un modèle
donné en fonction de log T , qui quantifie la profondeur à laquelle dLR/L est calculée dans l’étoile.
Le nombre d’oscillations de dLR/L par intervalle de log T est une manière de quantifier l’amor-
tissement radiatif. Nous pouvons remarquer que ce dernier est élevé dans les parties profondes
(entre log T ∼ 6, 5 et log T ∼ 7, 3) des différents modèles, en début de MS.

Nous représentons dans les figures IV.15 et IV.18 la luminosité radiative sur la luminosité
totale LR/L en fonction de log T pour les mêmes modèles, que dans IV.17 et IV.20, respective-
ment. Dans les régions purement radiatives, LR/L = 1. Les pics de petites amplitudes (resp. de
grandes amplitudes) de LR/L en dessous de 1 représentent la base d’une région de haute opacité
et de présence d’une zone convective intermédiaire (resp. la base de l’enveloppe convective). La
région du pic d’opacité est indiquée dans ces figures par un trait pointillé vertical. Elle correspond
à l’ionisation partielle HeII. La base de la zone convective est indiquée par un trait vertical noir.
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Finalement, nous représentons, dans IV.16 et IV.19, l’intégrale de travail adimentionnelle W
des mêmes modes, et pour les mêmes modèles, que dans IV.15 et IV.18, respectivement. Dans
chaque panneau, W est représenté pour un modèle donné en fonction de log T . La valeur de
W pour le plus faible log T reflète si le mode est instable (W>0) ou bien stable (W<0). Pour
chaque modèle, nous observons que l’intégrale de travail du mode diminue dans la région où
l’amortissement radiatif est plus élevé, et semble diminuer davantage (i.e. avec une tangente plus
faible) lorsque la région d’amortissement radiatif est plus étendue. De plus, l’intégrale de travail
augmente à partir de la région qui coincide avec la base de l’enveloppe convective ; et elle aug-
mente (e.g. panneau bas à droite de IV.19), mais pas significativement, dans la région proche du
pic d’opacité.

Le bord rouge d’une bande d’instabilité pour un taux de rotation donné, est défini par les
modèles de masses assez faibles (M . 1, 50 M�) pour lesquelles l’enveloppe convective est assez
profonde au début de la MS (panneaux en haut de IV.15). Notre hypothèse est que, pour ces mo-
dèles, le temps convectif τconv au début de la MS est du même ordre de grandeur que les périodes
de plusieurs modes de Rossby. Lorsqu’un modèle du bord rouge ou du milieu de la bande (1,34
M�.M. 1, 54M�) évolue le long de son trajet de MS, son enveloppe convective pénètre plus
profondément l’étoile (panneaux en haut de IV.18). τconv devient plus grand que les périodes
caractéristiques des modes de Rossby précédemment excités ; d’un autre côté, l’amortissement
radiatif est efficace vis-à-vis des modes d’ordres radiaux "très élevés" et de périodes "très élevées",
c’est ce qui "dessine" le bord rouge de la bande d’instabilité. Pour les modes d’ordres radiaux éle-
vés "mais pas trop", l’effet d’amortissement radiatif est contré par l’efficacité du blocage convectif,
avec τconv qui augmente le long de la MS. Cela pourrait expliquer -au moins partiellement- pour-
quoi nous observons, pour de tels modèles, une augmentation des périodes des modes instables,
et d’un autre côté, la réduction de la gamme des périodes de modes instables, au fur et à mesure
que l’étoile évolue vers la fin de sa MS. C’est ce qui est illustré dans IV.12 pour les modèles du
bord rouge de masse 1,40 M�. Mais cette explication étant qualitative, nous devrions faire appel
à une étude quantitative pour pouvoir la confirmer. Un autre effet est l’incertitude qu’implique le
traitement de la TDC sur le bord rouge de la bande d’instabilité : comme le montre Bouabid[3],
la TDC a tendance à faussement "stabiliser" les modes lorsque τconv est très élevé devant leurs
périodes d’oscillation. Cela pourrait également expliquer la réduction de la gamme des périodes
de modes instables au fur et à mesure que l’étoile évolue vers la fin de sa MS, que nous illustrons
dans IV.12.

Le bord bleu d’une bande d’instabilité pour un taux de rotation donné, est défini par les
modèles de masses assez élevées (M & 1, 50 M�). Ces modèles ont, en début de MS, une en-
veloppe convective peu profonde (panneau bas à gauche de IV.15), ne coincidant pas avec les
régions de transition de l’étoile. Lorsqu’un tel modèle évolue le long de sa MS, son enveloppe
convective devient plus profonde (panneau bas à gauche de IV.18), de telle manière qu’elle coin-
cide en partie avec la région de l’étoile où le processus de "blocage de flux" peut agir efficacement.

En dehors de la bande d’instabilité pour un taux de rotation donné, il y a les modèles ayant
M . 1, 34M�, et ceux ayant M & 1, 68 M�. Dans les modèles ayant M . 1, 34M�, τconv est
inférieur à la valeur minimale des périodes de modes de Rossby, donnée par (II.49). Les modèles
ayant M & 1, 68 M� ont, le long de la MS, une enveloppe convective trop fine (panneaux bas à
droite de IV.15 et de IV.18), avec τconv trop élevé, pour pouvoir activer des modes de Rossby de
périodes "ordinaires" (i.e. pas très élevées). D’un autre côté, les modes de Rossby de périodes très
élevées y subissent un fort amortissement radiatif (panneaux bas à droite de IV.17 et de IV.20).
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Figure IV.15 – Rapport de la luminosité radiative sur la luminosité totale LR/L en fonction du
logarithme de la température dans quatre étoiles de masses différentes, en début de MS. Le trait
vertical désigne la limite de l’enveloppe convective. Panneau haut à gauche : modèle de masse
1,34 M� en début de MS -Panneau haut à droite : modèle de masse 1,40 M� en début de MS
-Panneau bas à gauche : modèle de masse 1,60 M� en début de MS -Panneau bas à droite :
modèle de masse 1,74 M� en début de MS.
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Figure IV.16 – Intégrale de travail adimentionnelle -du mode (n,k,m)=(-34,-1,1) pour le pan-
neau en bas à droite, et du mode (n,k,m)=(-35,-1,1) pour les autres panneaux- en fonction du
logarithme de la température dans quatre étoiles de masses différentes, en début de MS. Panneau
haut à gauche : modèle de masse 1,34 M� -Panneau haut à droite : modèle de masse 1,40 M�
-Panneau bas à gauche : modèle de masse 1,60 M� -Panneau bas à droite : modèle de masse
1,74 M�.
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Figure IV.17 – Rapport de la perturbation de luminosité radiative sur la luminosité totale dLR/L
-relative au mode (n,k,m)=(-34,-1,1) pour le panneau en bas à droite, et au mode (n,k,m)=(-35,-
1,1) pour les autres panneaux- en fonction du logarithme de la température dans quatre étoiles
de masses différentes, en début de MS. Panneau haut à gauche : modèle de masse 1,34 M� en
début de MS -Panneau haut à droite : modèle de masse 1,40 M� -Panneau bas à gauche : modèle
de masse 1,60 M� -Panneau bas à droite : modèle de masse 1,74 M�.

Figure IV.18 – Rapport de la luminosité radiative sur la luminosité totale LR/L en fonction
du logarithme de la température dans quatre étoiles de masses différentes, en fin de MS. Le trait
vertical désigne la limite de l’enveloppe convective. Panneau haut à gauche : modèle de masse
1,34 M� en fin de MS -Panneau haut à droite : modèle de masse 1,40 M� en fin de MS -Panneau
bas à gauche : modèle de masse 1,60 M� en fin de MS -Panneau bas à droite : modèle de masse
1,74 M� en fin de MS.
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Figure IV.19 – Intégrale de travail adimentionnelle -du mode (n,k,m)=(-34,-1,1) pour le pan-
neau en bas à droite, et du mode (n,k,m)=(-35,-1,1) pour les autres panneaux- en fonction du
logarithme de la température dans quatre étoiles de masses différentes, en fin de MS. Panneau
haut à gauche : modèle de masse 1,34 M� -Panneau haut à droite : modèle de masse 1,40 M�
-Panneau bas à gauche : modèle de masse 1,60 M� -Panneau bas à droite : modèle de masse
1,74 M�.
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Figure IV.20 – Rapport de la perturbation de luminosité radiative sur la luminosité totale dLR/L
-relative au mode (n,k,m)=(-34,-1,1) pour le panneau en bas à gauche, et au mode (n,k,m)=(-35,-
1,1) pour les autres panneaux- en fonction du logarithme de la température dans quatre étoiles de
masses différentes, en fin de MS. Panneau haut à gauche : modèle de masse 1,34 M� -Panneau
haut à droite : modèle de masse 1,40 M� -Panneau bas à gauche : modèle de masse 1,60 M�
-Panneau bas à droite : modèle de masse 1,74 M�.
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Chapitre V

Conclusions et perspectives

Nous avons tracé les bandes d’instabilité des modes de Rossby pour des modèles de γ Dor de
1,20 M� à 1,90 M�, en utilisant le code MAD qui implémente l’interaction convection-pulsation
par la TDC. En constatant l’existence de cette bande d’instabilité, nous pouvons confirmer que
le mécanisme de "blocage convectif" peut être invoqué pour expliquer la présence de modes de
Rossby dans les étoiles γ Dor. La structure de la bande d’instabilité peut être expliquée par les
propriétés de l’enveloppe convective, et l’efficaté de l’amortissement radiatif, dans ces étoiles.

Nous avons constaté que les modes de Rossby (k, m) = (−1, 1) ont des bandes d’instabilité
plus décalées vers les Teff plus faibles que les modes gravito-inertiels (`, m) = (1, 1).

Nous avons comparé les bandes d’instabilité pour plusieurs fréquences de rotation, et trouvé
que les bords bleus et rouges des bandes d’instabilité sont quasiment insensibles à la rotation.
Cela indiquerait que l’effet de la force de Coriolis sur les bords de la bande d’instabilité des
modes de Rossby est faible, de manière similaire aux modes gravito-inertiels (comme montré par
Bouabid, 2011[3]).

Nous avons vérifié que la diffusion turbulente induit le prolongement de la vie des γ Dor
dans la MS. Cela a l’effet d’étendre la bande d’instabilité sur des températures plus faibles et
des luminosités plus élevées dans le diagramme H-R. Ainsi, les modèles avec diffusion turbulente
peuvent avoir des périodes d’oscillation Pco supérieures, au courant de leur vie dans la MS, aux
périodes d’oscillation Pco des modèles de masses similaires sans diffusion turbulente.

Dans leur étude, Li et al. (2020)[25] montrent que les modes de Rossby (k, m) = (−1, 1) ex-
cités ont des périodes de l’ordre de 0,6 - 1,6 jours. Ces valeurs sont compatibles avec les périodes
que nous avons obtenues dans le référentiel inertiel, pour toutes les fréquences de rotation, avec
et sans diffusion turbulente. Pendant le traitement des données pour ce mémoire, nous avons
commencé une étude des modes de Rossby (k, m) = (−2, 1) et (k, m) = (−2, 2). Les périodes
Pin que nous avons obtenues pour (k, m) = (−2, 1) sont compatibles avec les résultats de Li
et al. (2020)[25] pour ces modes, mais nous ne détaillons pas ces résultats ici, encore préliminaires.

En conclusion, nos résultats théoriques supportent l’existence de modes de Rossby excités
par le mécanisme de blocage convectif dans les γ Dor. Ces résultats reproduisent les périodes
des modes identifiés comme Rossby dans les γ Dor observés par la mission Kepler. Cela soutient
l’hypothèse selon laquelle les modes de Rossby dans les γ Dor sont excités par le mécanisme de
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blocage convectif.

Perspectives

Etant donné que la convection joue un rôle majeur dans l’excitation des modes de Rossby
dans les γ Dor, il est important, lors du calcul des fréquences et fonctions propres, de prendre en
compte l’incertitude liée au traitement de la convection. Il serait intéressant de faire la même dé-
marche faite dans ce travail, en utilisant une grille de modèles avec différentes valeurs de αMLT ,
αov, et β.

Lors du calcul des fréquences et fonctions propres des modes r dans les γ Dor, il serait
intéressant de prendre en compte l’impact de la rotation sur la structure stellaire, puisque la ro-
tation peut réduire l’efficacité de la convection et augmenter la région soumise à l’overshooting[3].

La détection des bandes d’instabilité que nous avons illustrée précédemment, semble infirmer
l’hypothèse de Saio et al. (2017)[36] sur le mécanisme d’excitation des modes de Rossby, qui dis-
criminerait les modes impaires (cf. section section III.2). Il serait intéressant, dans ce contexte,
de continuer ce travail en réalisant un calcul exhaustif des bandes d’instabilité et des gammes
des périodes d’oscillation des modes de Rossby pairs (e.g. avec k=-2), et de les comparer avec
les résultats obtenus dans ce mémoire.

Finalement, il serait intéressant d’effectuer le calcul des period-spacings des modes de Rossby
obtenus dans ce travail, et de les comparer avec ceux relatifs aux modes de Rossby observés par
Kepler, y compris ceux citées dans section III.2.
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