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Résumeé: Les vents et les jets sont un des phénoménes les plus répandu et spectaculaire
en astrophysique des hautes énergies. En effet, une variété d’objets astrophysiques exhibent
des écoulements aussi bien sous forme de vents que de jets fortement collimatés. Ils sont
observés dans les étoiles jeunes, les noyaux actifs de galaxies (AGN), les étoiles a neutrons
et les étoiles de la séquence principale. Cependant, malgré I'abondance des jets en astro-
physique, le probléme de la formation et de la collimation de ces écoulements reste ouvert.
Différents modéles sont proposés pour résoudre ce probléme. La plupart de ces modéles sont
développés dans la limite newtonienne. Nous avons, dans cette thése, élaboré des modéles
hydrodynamiques et magnétohydrodynamiques en relativité générale pour analyser les diffé-
rents mécanismes d’accélération et de collimation des écoulements aussi bien relativistes que
classiques. Nous avons étudié les solutions d’écoulements purement hydrodynamique sphé-
rique avec une équation d’état polytropique généralisée. Nous nous sommes intéressés aux
effets de changement de I’état de la matiére dans les écoulements sur ’accélération ther-
mique, lorsqu’elle subit des grandes variations de température. Nous avons montré qu’avec
notre nouvelle équation d’état, les effets de la gravité et thermique sont couplés, permettant
une plus grande efficacité de 'accélération du vent. Nous avons aussi montré la nécessité
de l'utilisation de ce nouveau polytrope plus cohérent dans le traitement des écoulements
relativistes polytropiques.

Dans la deuxiéme partie de la thése, nous avons développé un modéle d’écoulement axial
magnétisé 2.5D. La température élevée du plasma dans la couronne centrale due a la gravité
élevée et la proximité de I’axe de rotation nous ont permis de négliger, dans un premier temps,
les effets du cylindre de lumiére comparativement aux effets thermiques. Dans ce cadre, nous
avons montré que les effets relativistes favorisent ’accélération thermique au détriment de la
collimation magnétique. Nous avons aussi montré 'importance de ’expansion initiale du jet
sur l'efficacité de I'accélération du jet dans la partie basse. D’autre part, nous avons étudié
les effets de la rotation relativiste sur la collimation du jet. Nous avons aussi utilisé le modéle
pour déduire quelques différences entres les propriétés intrinseques des jets d’AGN de type
FRI et de FRII. Nous avons trouvé que les jets des FRI se caractérisés par une faible vitesse
de rotation a la base et qu’asymptotiquement, ils sont confinés par le milieu ambiant. Par
contre, les jets des FRII sont caractérisés par une vitesse de rotation a la base plus élevée
que celle des jets de FRI, qui reste cependant sub-keplerienne. De plus, les jets des FRII
s’auto-collimatent par leur propre champ magnétique.

Nous avons développé un troisiéme modéle de jet dans le cas des rotateurs relativistes.
En premier lieu, ce modéle nous a permis de mieux traiter les jets accélérés par le flux de
Poynting contrairement au modéle précédent. Nous avons aussi étudié les effets du cylindre
de lumiére sur la collimation du jet et confirmé qu’il tend & décollimater ce dernier. D’autre
part, nous avons trouvé que, dans les solutions caractérisés par un cylindre de lumiére proche



de la surface d’Alfvén, la rotation relativiste dans ces jets limite ’accélération de ces derniers.
En effet, dans les solutions que nous avons étudiées, les vitesses poloidales obtenues restent
faibles, de 'ordre de 0.6¢.

Nous avons aussi amorcé un code de simulation numérique d’écoulements relativistes
utilisant la bibliothéque LORENE. Dans la thése nous avons commencé a tester le code dans
le cas simple de vents purement hydrodynamiques sphériques.



Abstract: Winds and jets are one of most spectacular and enigmatic high energy phe-
nomena in astrophysics. Such outflows are associated with objets ranging from newly born
stars embedded in dense molecular clouds and binary systems in our galaxy to supermas-
sive black holes in the center of active galactic nuclei. Nevertheless, despite the development
of X-Ray and 7-Ray astronomy as the result of various spatial missions (ROSAT, ASCA,
Chandra, XMM-Newton for X-Ray and INTEGRAL for v Ray), the problems of formation
and acceleration of jet have not been fully resolved.

In this thesis, we have study some dynamical mechanisms which can be responsible for
the universality of the phenomenon and for the similarity of outflows that occur on vastly
different scales. To this end, we used hydrodynamics and magnetohydrodynamics in general
relativity to analyze as this is generally done in astrophysical plasmas characterised by large
spatial and temporal scales.

Initially, we started by studying hydrodynamic spherical winds in which we neglected the
magnetic effects. We generalized the model of Parker to general relativity by introducing
a new polytropic equation of state with a variable effective polytropic index, appropriate
to describe relativistic temperatures close to the central object and non relativistic ones
further away. Relativistic effects introduced by the Schwarzschild metric and the presence
of relativistic temperatures in the corona are compared with previous results for a constant
effective polytropic index and also with results of the classical wind theory. We showed with
our new equation of state, that the thermal and gravity effects are coupled allowing an
increase of the acceleration efficiency of the thermal wind. We also showed the necessity to
use this new polytrope to study relativistic winds, because of the consistent treatment of
flows near compact objects.

Secondly, we worked on new analytical models of relativistic jets emitted by the central
corona around a Schwarzschild black hole. The models were developed using meridional self-
similar methods which are adequate in modelising the central jet. In, the first model we
have neglected the light cylinder effects comparatively with thermal effects in the outflow.
This allowed us to better appreciate the role of the thermal effects in the formation and
acceleration of jets. We studied the evolution of solutions obtained with this model when
gravity increases and found the application limits of this model. We have also check that
the classification of the jets of active galactic nuclei proposed by Sauty et al. (2001) can
be extended to the relativistic jets. In this classification the jet from FRII (active galaxies
with a strong radio emission) are characterised by high luminosity with well collimated
and powerful jets. These jets correspond in our model to solutions collimated by magnetic
forces. Conversely, jets from FRI (active galaxies with a strong radio emission also and radio



lobes instead of hot spots) are characterised by collimated jet and a rich environment. The
collimation of these jets seems to be induced by the external medium. In our models, ther is
a refocalisation of the jet characterized by a strong collimation and deceleration of the jet.
To study these two types of jets we developed a new method to estimate the free parameters
of the model. In this method, we have related the proprieties of the jet in the asymptotic
region with the proprieties of the jet on to the disk corona. We found that a weak decrease
on the rotation speed of the accretion disk allow to change the proprieties of the jet from
FRII type to FRI type. On the other hand, we also found that relativistic thermal outflows
are formed when the rotation speed of the corona is sub-keplerian.

We developed also a second meridional self-similar model by taking into account effects of the
light cylinder. To treat the problem of the light cylinder with the self-similar hypothesese, it is
necessary to consider a jet which has a singularity on the polar axis and which is empty in the
center. We started the study of this model for some specific solutions that are characterised
by a light cylinder close to the Alfvén surface. This model allows us to examine the Poynting
flux acceleration of jets, contrary to the previous model. We also studied the decollimation
effects of the light cylinder on the jets. We found that the poloidal velocity in these jets
remain weak, of the order of 0.6¢c. This weak poloidal velocity is caused by the relativistic
toroidal velocity in the jet which is of the order of 0.8c. In fact, the proximity of the light
cylinder to the Alfvén surface and the fast increase of the angular velocity towards the polar
axis, induce the relativistic toroidal velocity near the polar axis where the acceleration is
more efficient.

Lastly, we began the development of a numerical code to solve steady and time-dependent
MHD equations. The numerical code is developed by using the library LORENE in C-++
which is based on spectral methods. It enabled us, in a first step, to treat the spherical hy-
drodynamic winds and to recover our analytical 1D solution. The code showed its robustness
to cross the sonic transition - which is a strong singularity - and to treat the elliptic and
hyperbolic domains simultaneously. We developed an algorithm that allows the treatment of
the strong variations of the density close to the black hole.




Chapitre 1

Introduction générale

1.1 Introduction

Les jets et les vents en astrophysique sont observés dans un grand nombre d’objets allant
des Etoiles Jeunes aux Noyaux Actifs de Galaxie (AGN). Ils représentent un ingrédient de
base dans I’évolution des étoiles et des galaxies. Le premier exemple de jet en astrophysique
été découvert par Heber Curtis en 1918 en optique au Lick Observatory dans la galaxie M87
de la constellation de la Vierge. Une ligne fine (jet) connectée avec le noyau a été détectée.
La preuve de l'existence de jets fortement collimatés autour des AGN est arrivée au début
des observations en radio. Deux lobes dans le continu de la galaxie radio Cygnus A ont été
détectés (Jennison & Das Gupta 1953). L’association de leur émission avec celle de la galaxie
a permis de déduire les dimensions gigantesques de ces jets, de 'ordre du Mega Parsec, et
des énergies de I'ordre de 10*7 ergs~!, émises par un mécanisme non thermique synchrotron
dans le continuum radio. Le développement de la sensibilité et de la résolution angulaire des
observations en radio a permis de détecter la connection du noyau galactique et du lobe radio
(voir Miley, 1980). L’évidence de Iexistence de jets relativistes de plus petite échelle dans les
systémes stellaires binaires est, elle, plus récente. La détection par Margon et al. (1979) d’un
grand décalage Doppler dans les raies optiques de SS433 ont permis de mesurer des vitesses
relativistes dans le jet de 0.26 c. Ces auteurs ont observé la précession de deux jets dans deux
directions opposées, induisant un décalage vers le rouge et le bleu des raies (voir Margon
(1984)). IIs se sont basés, pour ces observations, sur le modéle cinétique proposé par Fabian
& Rees (1979). Parallélement, I'observation des jets dans les étoiles jeunes a débuté par la
détection du mouvement propre des objets HH (Herbig-Haro) (Cudworth & Herbig 1979).
Par la suite, des jets continus ont été observés dans les étoiles jeunes (voir Lada 1984).

Maintenant, il est admis que les écoulements collimatés peuvent étre formés dans diffé-
rents environnements stellaires ayant un disque d’accrétion (Livio 1999). En effet, les jets sont
observés autour des étoiles jeunes (Lada 1985; Reipurth & Bertout 1997), des nébuleuses pla-
nétaires (Lopez 1997), des naines blanches avec disque d’accrétion (Cowley et al. 1998). Les
vitesses dans ces jets vont de 100 km /s & 1000km/s et les dimensions de ces jets sont de I'ordre
de quelques centaines d’unités astronomiques (AU). Par ailleurs, les jets observés dans les
AGN ont des vitesses qui se rapprochent de la vitesse de la lumiére (Begelman et al. 1984)
et des dimensions qui peuvent atteindre le Mega Parsec. D’autre part, ces jets interagissent
fortement avec leur milieu ambiant et affectent I’évolution de ces milieux. En effet, dans
les Noyaux Actifs de Galaxies, le jet alimente le milieu interstellaire et intergalactique
(Cavaliere et al. 2002) en énergie et en éléments lourds comme le fer, qu'il dépose dans
ces milieux. Il induit alors dans ces milieux des pertubations qui peuvent, dans certains cas,
conduire a la création de régions de formation d’étoiles. De ce fait, I’é¢tude de la formation des
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jets autour des objets stellaires et compacts permet non seulement de comprendre 1’évolution
de ces objets mais aussi de leur environnement.

-

.

Fig. 1.1: A gauche, le jet relativiste de Centaurus A, observé en X par Chandra. A droite, le jet de
I’étoile jeune HH30, observé en optique par HST

1.2 Les écoulements autour des AGN et les modéles dans
la littérature

1.2.1 Caractéristiques des jets relativistes

Les jets de noyaux actifs de galaxies sont un des phénoménes les plus spectaculaires et
énigmatiques dans I'univers. Ces phénomeénes naturels sont liés a des processus de haute éner-
gie. D’autre part, les jets d’AGN présentent un laboratoire unique pour étudier des conditions
physiques extrémes. Les conditions dans ces écoulements sont extrémes de trois points de
vue. Premiérement, ils se propagent avec des vitesses de I’ordre de la vitesse de lumiére, avec
des facteurs de Lorentz, v, de l'ordre de 2 a 10 (Piner et al. 2003; Giovannini 2004), pour
les jets d’AGNs on observe méme des facteurs extrémes de l'ordre de 100 & 1000 dans le
cas des 7 Ray-Bursts (GRB) (Meier 2003). Deuxiémement, la gravité est élevée a la base
du jet. Au moins jusqu’a une distance de 10rg, les effets relativistes de la gravité dominent
la dynamique dans I’écoulement. Cette forte gravité a des conséquences importantes sur la
morphologie et I'accélération du jet. Troisitmement, conséquence directe du deuxiéme point,
I’énergie interne du plasma, qui doit compenser la gravité, est de 'ordre de 1’énergie de masse
des particules qui le constituent. Cette énergie peut étre sous forme d’énergie thermique, ma-
gnétique ou de rayonnement. Cette énergie peut étre aussi, dans certains cas, emportée par
les neutrinos. Elle augmente lorsque on se rapproche du trou noir central. Le résultat de cette
énergie extréme dans les AGN se traduit par des émissions de rayonnement et de particules
a haute énergie.
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Dans cette section, nous allons parler des différents modéles de formation des écoulements
relativistes autour des Noyaux Actifs de Galaxies (AGN). Avant, nous allons discuter de la
formation de la couronne. En effet, certaines observations montrent une relation claire entre
I’existence d’une couronne et la formation de jets autour des microquasars et des AGN. Nous
allons commencer par une discussion sur les observations qui lient les jets a la couronne. Dans
la deuxiéme partie, nous parlerons des modéles théoriques et numériques qui sont développés
pour analyser les jets.

1.2.2 Couronne
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Fig. 1.2: Les différentes phases dans les micro-quasars. La période Faible/Dure, correspond a la
période de formation du jet. Pendant cette période le rayonnement émis est caractérisé par une
augmentation de ’émission en X dur et une diminution de I’émission en X mous. D’autre part, le
taux d’accrétion diminue (d’aprés Fender, 2002).

La preuve est faite de ’association de couronnes aux jets surtout dans les microquasars.
En effet, les jets autour des microquasars sont toujours associés avec la période appelée
Faible/Dure. “Faible” correspond a la faible émission dans le domaine des X mous et “Dure”
correspond a la domination de I’émission du rayonnement par le rayonnement non-thermique
avec une loi de puissance qui atteint son maximum dans le domaine X dur (> 50 keV, Fig.
1.2, voir Fender, 2002). Le rayonnement X Dur est généralement interprété comme le résultat
du processus de Compton et Compton inverse du rayonnement émis par le disque d’accrétion
dans la couronne chaude qui I’entoure (Poutanen 1998; Corbel et al. 2003). Cette couronne
est supposée étre dans la région interne du disque (Narayan & Yi 1994). Cependant, dans
cette étape Faible/Dure de I’évolution, les microquasars et les noyaux actifs de galaxies, leurs
émissions contiennent aussi une composante en radio. Elle est liée a 'interaction du jet avec
le milieu ambiant et aux émissions synchrotrons (Brocksopp et al. 1999; Corbel et al. 2000).
D’un autre coté, dans certains microquasars comme XTE J118-480 (Remillard et al. 2000;
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Malzac et al. 2004), on observe une forte corrélation dans la variabilité entre I'ultraviolet,
loptique et les X. Cette corrélation est généralement considérée comme le résultat du cou-
plage du rayonnement X de la couronne et de I’émission du jet en radio et en optique. Les
observations de XTE J118-480 montrent aussi que la période Faible/Dure est cohérente avec
une région centrale chaude, quasi-sphérique, optiquement mince, a partir de laquelle le jet
se forme (Meier 2001; Malzac et al. 2004), entourée d’un disque d’accrétion fin, optiquement
épais et froid. Le faible refroidissement de la couronne par rayonnement et la domination dans
I'énergie émise en X par le jet (Dove et al. 1997; Fender et al. 2003) ont une conséquence im-
portante sur le jet. En effet, ils impliquent qu'une grande partie de I’énergie acheminée dans
le disque d’accrétion vers la région centrale est éjectée dans le jet (Malzac et al. 2004).

D’autre part, certains modéles (Maccarone et al. 2003 ; Tigelaar et al. 2004), suggérent une
analogie entre les deux phases de I’évolution des microquasars (Faible/Dure et Forte/mou)
et la classification des noyaux actifs de galaxies (Radio/Loud et Radio/quiet). En effet, dans
cette analogie, la phase Faible/Dure des microquasars serait analogue aux AGN de type
Fanaroff-Riley I (FRI) et la phase extréme Dur serait analogue aux AGN FRII. D’autre part,
la phase Forte/Mou des microquasars est analogue aux AGN de type Seyfert. Les observations
montrent aussi une analogie dans la variation des propriétés des jets du microquasar GRS
19154105 entre (Faible/Dure et Forte/Mou) et des jets de ’AGN 3C120 (Seyfert I) entre la
période active “jet relativiste” et la période de faible activité “jet faible” (Marscher et al. 2004;
Turler et al. 2004).

Jet émission en radio

Disque d’accrétion
émission en X mou

Couronne émission en X dur

Fig. 1.3: Les domaines d’émission dans la période Faible/Dure des différents composantes du micro-
quasar (d’aprés Fender, 2002).

1.2.3 Formation d’une couronne autour d’un trou noir

Différents modéles ont été élaborés, dans les derniéres années, pour étudier les écoulements
hydrodynamiques relativistes autour des trous noirs. Contrairement, aux étoiles normales
(étoiles de la séquence principale, étoiles jeunes, étoiles & neutrons), les trous noirs n’ont
pas leur propre atmosphére de laquelle les vents puissent se former. Les écoulements autour
des trous noirs doivent étre générés a partir du disque d’accrétion, soit directement, soit par
I'intermédiaire d’une couronne. Différents scénarios sont proposés pour expliquer la formation
de la couronne autour des trous noirs dans la période Faible/Dure. Le plus connue consiste en
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la formation d’une couronne par une barriére supportée par la pression centrifuge (Centrifugal
Pressure Supported BOundary Layer “CENBOL”, Chakrabarti, 1989). Cette barriére est
formée par la matiére accrétée et elle est répartie en deux composantes.

Winds (Mg,

" Keplerian
He?:lilgrian (}\ d,l'l-.l'l d:'

43

Fig. 1.4: La formation de la couronne par le mécanisme de CENBOL. r; est le rayon de la surface
du choc créé par le CENBOL. )\, et M, sont respectivement le flux du moment cinétique et le flux
de masse dans le disque képlérien. \j et M, sont respectivement le flux du moment cinétique et le
flux de masse dans le disque subképlérien. Moy est la perte de masse dans le vent (d’aprés Das &
Chakrabarti, 2001).

Une composante est accrétée dans le plan équatorial du disque képlérien. La deuxiéme
composante de la matiére accrétée se trouve hors du plan équatorial dans un disque sub-
képlérien (Fig. 1.4). Prés du trou noir, la chute s’accélére. Ainsi les échelles de temps sur
lesquelles la viscosité permet d’extraire du moment cinétique de la partie interne du disque
vers l'extérieur, deviennent plus faibles que le temps dynamique de la chute de la matiére dans
le trou noir. Le moment cinétique dans le disque prés du trou noir reste presque constant.
Ainsi méme le disque équatorial devient sub-képlérien et se mélange avec I'autre composante
du disque d’accrétion. Ce mélange entre les deux composantes induit un chauffage du gaz et
fait augmenter la pression dans le disque d’accrétion. Cette constance du moment cinétique
et I'augmentation de la pression produisent une forte force centrifuge et un fort gradient
de pression cinétique. Ces forces augmentent plus rapidement que la force gravitationnelle,
lorsque la matiére s’approche du trou noir, jusqu’a ce qu’elles deviennent comparables (cen-
trifuge + pression avec gravité). Alors, un choc se forme et une partie du fluide supersonique
qui chute est déviée avant d’atteindre la trou noir. La position de cette surface de choc dé-
pend fortement de I’énergie thermique du fluide et du taux d’accrétion (Das 2002). Hawley
et ces collaborateurs ont suggéré que cette surface se translate vers ’extérieur du disque,
mais Chakrabati et ces collaborateurs ont montrés, au contraire, que cette surface est stable.
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Cette surface est appelée CENBOL. Elle induit une décélération de I’écoulement qui devient
subsonique en méme temps que son énergie thermique et sa densité augmentent. Au dela de
cette surface, la gravité devient plus importante et toute la matiére qui la dépasse tombe
dans le trou noir. Les simulations hydrodynamiques d’accrétion faites par Proga & Begelman
(2003) ont montré qu’il y a formation d’un tore constitué de matiére dense et chaude qui est
freiné par le mécanisme de CENBOL. Ainsi, cette barriére constitue une atmosphére stellaire
a partir de laquelle le vent peut se former, soit thermiquement soit par la force centrifuge. Le
vent subsonique qui s’échappe du tore est accéléré et traverse la surface sonique pour devenir
supersonique.

Dans le cas d’accrétion quasi sphérique autour de trou noir, lorsque la matiére accrétée a
un moment cinétique nul (accrétion de type Bondi, 1952), une couronne peut aussi se former.
Elle est créée par un choc statique stable. Ce choc peut résulter d’instabilité plasma et de
la non linéarité dans I’écoulement. Cette instabilité peuvent étre induites par des faibles
perturbations de la densité (Kazanas & Ellison 1986). Pour que ce choc puisse se former,
il faut que le nombre de Mach de la matiére accrétée atteigne des valeurs élevées M >
4 (Ellison & Eicher 1985). Ainsi, toute faible perturbation dans 1’écoulement est amplifiée
rapidement pour former le choc. Dans ce dernier, la densité croit rapidement et la vitesse
redevient subsonique. Une fraction des particules est alors accélérée par un mécanisme de
Fermi du premier ordre. Les protons accélérés par ce processus perdent leur énergie dans
des collisions successives avant d’étre capturés par le trou noir. Ainsi, leur pression devient
suffisante pour que le choc existe et soit stable (Das 1999).

Vent radial

—

Accrétion radi

Couronne

Trou noir

Fig. 1.5: Formation de la couronne par le mécanisme d’instabilité plasma dans Paccrétion sphérique.
La matiére accrétée preés de ’équateur est freinée dans le choc, puis accélérée pour former un vent
prés de I'axe polaire (selon Das, 1999).

1.2.4 Modéles hydrodynamiques & symétrie sphérique

L’ingrédient de base nécessaire pour la formation de vent purement hydrodynamique
prés des objets compacts, comme dans le cas du vent solaire, est une couronne chaude. Cette
couronne dans le cas d’un trou noir a besoin d’étre alimentée par I’accrétion. LL’accrétion peut
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étre sphérique, lorsque le moment cinétique de la matiére accrétée est nul, ou bien, lorsque
matiére accrétée posséde un moment cinétique initial, ’accrétion se produit dans le plan
équatorial. La matiére accrétée par un de ces mécanismes, chemine vers la région centrale
pres de 'objet compact sous I’action de la gravité dominée par la masse de ’objet central.
Elle assure de ce fait, 'approvisionnement de la couronne en matiére et en énergie, par la
conversion d’énergie gravitationnelle en énergie thermique. L’accrétion de la matiére assure
aussi autour du trou noir I’établissement et le maintien de la couronne. Différents modéles
purement hydrodynamique ont été élaborés, pour analyser les mécanismes thermiques dans
I’accélération du vent sphérique.

Les modéles de vents hydrodynamiques, radiaux ou a symétrie sphérique, s’appliquent
lorsque le moment cinétique de la matiére accrétée est tres faible. Michel (1972) est le pre-
mier a avoir résolu le probléme d’un écoulement sphérique en relativité générale avec le
formalisme 3 + 1 (dans la métrique de Schwarzschild). Dans ce travail, Michel s’est intéressé
principalement a l’accrétion sphérique autour d’un objet compact a I’aide d’une approche
MHD a deux espéces (électron-proton) : un fluide d’électrons chauds avec une équation d’état
ultra-relativiste (et un indice polytropique, I' = 4/3) et un fluide de protons plus froids avec
une équation d’état classique (et un indice polytropique, I' = 5/3). D’autres travaux ont
suivi sur 'analyse des propriétés du point critique sonique et du chauffage dans I’écoulement
(Begelman 1978; Ray 1980).

Chakrabarti et al. (1996) et Das (2000) ont traité le probléme du couplage entre 'accré-
tion et 1’éjection hydrodynamique autour d’un trou noir de Schwarzschild. Dans le cadre de
I’accrétion hydrodynamique, ces auteurs se sont intéressés a la formation de vents hydrody-
namiques sphériques, avec une équation d’état polytropique ordinaire. La transition entre
les deux phénomeénes se produit par l'intermédiaire de la couronne qui se forme soit par
le mécanisme de CENBOL (Chakrabarti et al. 1996), soit par ’augmentation de I’entropie
dans Paccrétion sphérique (Das 2000), décrits au paragraphe 1.2.3. Tous deux ont utilisé des
modéles hybrides accrétion-éjection + choc (Fig. 1.4) et (Fig. 1.5). Le choc et I"accrétion
sont toujours supposés adiabatiques dans leurs modéles. Cependant, ils ont traité les deux
cas extrémes de vents isotherme et adiabatique ultrarelativiste. L’efficacité de la formation
du vent par ce mécanisme dépend fortement des propriétés de ’accrétion et du choc. Elle
dépend également du moment cinétique acheminé dans le disque d’accrétion et du taux d’ac-
crétion. En effet, l'efficacité de formation du vent augmente lorsque le moment cinétique
de la matiére accrétée augmente. Elle dépend aussi de la puissance du choc qui est lié au
taux d’accrétion. S’il est faible ou absent, le vent est négligeable. De la méme fagon, le vent
est faible pour un taux d’accrétion élevé. En effet, dans ce cas la compression dans le choc
diminue. Elle est due au refroidissement dans la région post-choc du fluide proton, par effet
Compton inverse.

Cependant, ces différents modéles utilisent une équations d’état polytropique avec un
indice polytropique constant, ce qui est inadapté a I’étude des vents relativistes. En effet, ce
type d’équation d’état ne permet pas de traiter I’évolution du fluide, lorsque ce dernier subit
de grandes variations de température. Mathews (1971) est le premier & avoir utilisé une équa-
tion d’état qui est fonction de la température, dans ’étude d’écoulements adiabatiques d’un
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fluide perpendiculairement & un champ magnétique uniforme. Il a utilisé I’équation d’état de
Synge (1957). Cette équation d’état a été utilisé ensuite par Blumenthal & Mathews (1976)
dans I'étude de I'accrétion et des propriétés du point critique sonique, dans le cas des écou-
lements adiabatiques. C’est une généralisation de cette équation de Synge que nous allons
aussi exploiter au chapitre (3). Nous l'utiliserons dans 1’élaboration d’une équation d’état
polytropique généralisée, pour étudier le probléme de formation de vent relativiste autour
des objets compacts. L’équation d’état que nous allons présenter ne se limite pas au cas
adiabatique ou isotherme. L’indice polytropique de cette équation d’état, peut changer entre
la valeur isotherme, 1, et la valeur de refroidissement maximum, 3.

1.2.5 Modéles hydrodynamiques d’écoulements axisymétrique
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Fig. 1.6: Modele du double jet hydrodynamique collimaté par le milieu externe (d’aprés Blandford
& Rees, 1974). R* est la distance entre la région centrale et la région du goulot d’entranglement.
Ry est le rayon de la tuyére a la base du vent.

Le premier modéle d’écoulement hydrodynamique axisymétrique est celui de Blandford
& Rees (1974). 1l est destiné a explorer la formation des jets collimatés dans les AGN. Les
auteurs ont considéré un écoulement hydrodynamique 1-D non-isotrope de fluide de faible
densité et loin de 1'objet central. Ainsi, ils ont fait abstraction des effets de la gravité sur
le vent. L’écoulement se produit paralléelement a 1’axe de rotation dans une tuyére créée
par le milieu intergalactique qui est plus dense (Fig. 1.6). Donc, contrairement au fluide
dans le vent, ce milieu ambiant dense est soumis a la gravité et il est supposé en équilibre
hydrostatique. La pression thermique du milieu est suffisante pour supporter le potentiel
gravitationnel elliptique effectif auquel le milieu extérieur est soumis dans son référentiel en
rotation. Ce potentiel résulte du potentiel gravitationnel des étoiles et du trou noir dans la
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région centrale auquel s’ajoute le potentiel engendré par la force centrifuge. Ainsi, le fluide est
accéléré adiabatiquement dans cette tuyére, puis entre en interaction avec le milieu extérieur
pour former les deux “hot spots” (région d’interaction du jet avec le milieu intergalagtique,
cette région est caractérisée par une forte émission en radio). Dans ce choc, les protons et
les électrons sont ré-accélérés par un processus de Fermi de deuxiéme ordre.

Ce modéle sur la formation d’écoulements hydrodynamiques, collimatés dans une tuyeére,
a été amélioré par Ferrari et al. (1984). Ils ont ajouté les effets de la gravité newtonienne
puis celle de la relativité générale (Ferrari et al. 1986) pour étudier la formation des écoule-
ments hydrodynamiques collimatés prés de I'objet central. Dans ce modéle, I’écoulement est
accéléré dans une tuyére de longueur comprise entre 0.1pc & 1pc. Cette tuyeére est supposée
créée par le tore du disque d’accrétion (Fig. 1.7). Le tore est maintenu contre la gravité soit
par la pression radiative soit par un mécanisme de type CENBOL. La pression radiative
est efficace lorsque la densité dans le disque est élevée. Ainsi, le disque devient opaque au
rayonnement. Le mécanisme CENBOL, comme nous I'avons déja vu, devient efficace lorsque
le taux d’accrétion est faible. La faible densité dans le disque induit une diminution de la
perte d’énergie et du moment cinétique par la matiére en chute libre. Elle permet alors de
former le tore supporté par la pression thermique et centrifuge des ions (Rees 1982). Par
contre, la contribution du fluide d’électron a la pression thermique est trés faible. En effet,
les électrons se refroidissent par rayonnement, plus rapidement que les protons.

L’écoulement alimenté par le disque d’accrétion se forme a l'intérieur de la tuyére, le
long de I'axe de rotation. L’écoulement est supporté par sa température élevée et la pression
radiative contre la gravité. L’accélération initiale se produit a l'intérieur du tore dont la
section croit avec l'altitude. [’expansion de la section de la tuyére créée par le tore permet
d’augmenter 'efficacité de I'accélération, comme dans le modéle de vent coronal de Kopp &
Holzer (1976). En dehors de cette région, I’écoulement est supposé collimaté par confinement
du milieu extérieur ou par pincement magnétique.

Des modéles d’écoulements hydrodynamiques & deux dimensions de jets coniques existent
également (Tsinganos & Vlastou 1987; Tsinganos & Trussoni 1990; Lima & Priest 1993) dans
les vents stellaires. Ces modéles sont tous des modéles auto-similaires méridionaux (voir pa-
ragraphe 1.4), analogues a ceux que nous allons étudier. Ils ont montré 'importance de
la stratification du milieu ambiant et aussi de 1’écoulement dans la formation de jets avec
de faibles angles d’ouverture. Ils ont montré aussi l'incapacité des mécanismes purement
hydrodynamique a collimater les jets cylindriquement.
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Fig. 1.7: Modéle de jet hydrodynamique pour SS433 d’aprés Ferrari et al. (1984).

1.2.6 Modéles magnétohydrodynamiques

L’inefficacité des processus purement hydrodynamiques & reproduire les vitesses et les
morphologies des jets observés ont conduit les astrophysiciens a s’intéresser a la formation
des jets par des processus magnétohydrodynamiques. Pour le moment, il n’existe pas de
consensus sur l'importance des différents processus électrodynamiques et thermiques dans
ce type d’écoulement. Néanmoins, les différents modéles théoriques, numériques et observa-
tionnels dans la littérature (Livio 1999; Konigl & Pudritz 2000) montrent que la formation
des jets nécessite des ingrédients de base qui sont :

1. Un objet central. Dans le cas des étoiles avec une atmosphére comme les étoiles de la
séquence principale (soleil, Parker 1958), les étoiles jeunes (Sauty & Tsinganos 1994)
et les étoiles a neutron (Michel 1972), un écoulement magnétohydrodynamique peut
se former directement sur leur surface. Il intervient aussi dans la formation des jets de
disque, en créant un puit de potentiel pour accréter de la matiére.

2. Un disque d’accrétion. Il représente un réservoir de matiére, d’énergie et de moment
cinétique. En effet, le disque d’accrétion achemine de la matiére vers la région centrale.
Il transforme 1’énergie gravitationnelle en énergie magnétique et en énergie thermique
par l'intermédiaire de la viscosité et de la reconnexion magnétique. Une grande partie
de I’énergie dans le disque est transformée en énergie thermique. Ceci permet au disque
d’accrétion d’avoir un taux d’ionisation élevé et, par conséquent, une forte conductivité
électrique. D’autre part, la matiére accrétée dans le disque transporte avec elle du
moment cinétique. De ce fait, le disque d’accrétion représente aussi un réservoir de
moment cinétique. Une partie de ce moment cinétique va étre transportée vers la région
externe du disque d’accrétion par la viscosité, 'autre sera éjectée dans le vent

3. Un champ magnétique a grande échelle ancré dans le disque d’accrétion ou la couronne
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en rotation. La forte conductivité dans le disque et la couronne font que le champ
magnétique est gelé dans ces derniers. Dans le cas des jets de disque, la densité d’énergie
de ce champ magnétique doit étre plus petit que I'énergie cinétique de rotation du
disque. Ainsi, la dynamique reste dominée par le disque. Ce champ magnétique a
grande échelle joue un role important dans la formation des jets collimatés venant du
disque et de la couronne. Il permet de guider la matiére en rotation qui s’échappe du
disque d’accrétion ou de la couronne. Il évacue ainsi une partie du moment cinétique du
disque d’accrétion, ce qui permet 1’établissement d’une accrétion stationnaire, sans que
la vitesse angulaire du disque n’atteigne la vitesse de rupture. En effet, au dela de cette
vitesse de rotation, le bord interne du disque s’éloigne de 1'objet central sous l'effet
de la force centrifuge et 'accrétion s’arréte (Blandford & Payne 1982; Konigl 1989;
Campbell 1999). Le champ magnétique a grande échelle est aussi considéré comme un
ingrédient indispensable pour 'extraction du moment cinétique des étoiles, aussi bien
pour les étoiles de la séquence principale comme le soleil (Weber & Davis 1967) que les
étoiles a neutrons (Michel 1969) et il intervient aussi dans le freinage des trous noirs de
Kerr (Blandford & Znajek 1977). Le champ magnétique présente aussi un ingrédient
indispensable dans la formation des écoulements froids loin de ’axe de rotation. En
effet, les lignes magnétiques gelées au disque d’accrétion en rotation, générent un flux de
Poynting a la surface du disque et de la couronne. Ce flux de Poynting se transforme
en énergie cinétique lorsque la matiére est emportée le long des lignes magnétiques
(Henriksen & Rayburn 1971), comme dans le modéle de vent magnétisé froid de pulsar
(Michel 1969). Enfin, au dela de la surface d’Alfvén, la composante toroidale du champ
magnétique augmente sous 'effet de 'inertie du gaz qui devient dominante. Ainsi la
torsion des lignes magnétique commencent & exercer une force de pincement vers I’axe
et permet la collimation de I'écoulement (voir paragraphe 1.3.4).

Champ magnétique accrété

Objet central

Fig. 1.8: Accrétion du champ magnétique gelé dans un disque d’accrétion, caractérisé par une
conductivité infinie.

Deux scénarios sont avancés pour la formation du champ magnétique a grande échelle. Dans
le premier, le champ magnétique du milieu ambient est advecté par le disque d’accrétion
vers la région centrale (Blandford & Payne 1982; Konigl 1989; Fig. 1.8). Cependant, ce
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mécanisme est trés peu efficace, puisque le champ magnétique peut diffuser dans le disque
dans un temps plus court que le temps advection radial (Heyvaerts et al., 1996). Dans le
deuxiéme scénario, le champ magnétique a grande échelle est généré par la turbulence et
les instabilités de cisaillement magnétique dans le disque -dynamo- (Balbus & Hawley 1998;
Campbell 2003). Ce scénario est le plus souvent invoqué dans la formation et I’accélération
des jets (Tout & Pringle, 1996, Turner et al., 1999, Heinz & Begelman, 2000, Li, 2002).
Cependant, ce mécanisme seul, reste insuffisant pour former un champ magnétique a grande
échelle. Les simulations numériques montrent que le mécanisme de dynamo dans le disque
forme seulement des champs magnétiques a petites échelles. Ces échelles sont de I'ordre de
la dimension verticale du disque (Armitage 1998). Il a été alors suggéré par Tout & Pringle
(1996) (voir aussi Romanova et al. 1998) un passage par cascade du champ magnétique de
petite a grande échelle. Ce passage peut se produire grace a la rotation différentielle dans le
disque et a la reconnection magnétique.

Ces trente derniéres années, plusieurs travaux analytiques et numériques ont été entrepris
dans I’étude de la formation et de la collimation des jets. Cela, dans le but de comprendre et
d’approfondir nos connaissances sur leur accélération, leur collimation et leur comportement
asymptotique (Konigl & Pudritz 2000 ; Livio 2002 ; Heyvaerts & Norman 1996 ; Heyvaerts &
Norman 2003c).

Tous les modéles analytiques élaborés pour 1’étude des jets utilisent des méthodes ap-
proximatives. En effet, ’étude exacte de ces écoulements est impossible a cause de la com-
plexité des équations magnétohydrodynamiques qui régissent la formation des écoulements
en astrophysique. La forte non linéarité des équations MHD aux dérivées partielles - et le
grand nombre de points critiques qu’elles peuvent admettre - rendent la résolution de ces
équations possible seulement avec des hypothéses supplémentaires, en plus de 1’axisymétrie
et la stationnarité. Ces hypothéses sont soit de type auto-similaire soit de type force free.
Dans les modéles dits auto-similaire, on utilise des hypothéses sur les symétries des lignes
d’écoulement dans le jet pour séparer les variables. Ces méthodes auto-similaires permettent
de passer d’équations aux dérivées partielles & des équations différentielles ordinaires. Dans
les modéles force-free, les forces inertielles sont négligées dans I’équation de la dynamique.
De ce fait, dans les modéles force-free les écoulements sont considérés comme purement éle-
tromagnétiques. Dans ce qui va suivre nous présenterons les différents modéles élaborés et
les hypothéses posées dans ces modéles.

Le premier modéle de jet de trou noir a été élaboré par Blandford & Znajek (1977). Ce
modéle repose sur 'extraction du moment cinétique du trou noir de Kerr par un champ
magnétique a grande échelle. Le champ magnétique est supposé se former par le courant
électrique toroidal dans le disque fin qui entoure le trou noir. Dans la limite force free (J, || B)
et dans I'approximation purement électromagnétique, I'énergie de rotation du trou noir est
extraite sous forme de flux de Poynting (Fig. 1.9). Ce flux de Poynting est converti en énergie
cinétique le long des lignes magnétiques. En effet, dans ce modéle, le trou noir fonctionne
comme une pile électrique. Le champ magnétique et électrique sont trés intenses prés du trou
noir dans la région de basse altitude (proche de 'équateur). Ils déclenchent une production
d’électrons-positrons par cascade qui sont accélérés le long des lignes magnétiques jusqu’a
la région ou l'intensité du champ magnétique devient faible. Dans cette région, ces charges
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électriques se déplacent vers la région de faible intensité du champ magnétique sur 1’axe,
créant alors un courant de retour. Ce mécanisme de Blandford-Znajek (1977) est similaire
au processus d’extraction de I'énergie et du moment cinétique des étoiles a neutron suggéré
par Goldreich & Julian (1969). Il a été aussi utilisé pour expliquer la formation de jet dans
les noyaux actifs de galaxies (Begelman et al., 1984 ; Rees et al., 1982 ; Rawlings & Saunders,
1991 ; Blandford, 1993).

Fig. 1.9: Modele électrodynamique de Blandford-Znajek (1977) de la magnétospheére de trou noir de
Kerr (d’apres Komissarov, 2004). Dans la région preés de ’équateur, un courant électrique j est induit
par le fort champ électrique E . Ce courant j est induit le long des lignes magnétiques poloidales
et dirigé vers I'extérieur. Par contre, dans la région prés de ’axe polaire, le courant électrique va

dans le sens inverse pour fermer le circuit électrique.

Cependant, ce processus exotique ne peut étre appliqué que dans le cas des objets com-
pacts. En effet, c’est seulement prés des objets compacts que la densité d’énergie électro-
magnétique est suffisamment importante pour permettre la production des paires électrons-
positrons. Les mécanismes universels (Koénigl 1986; Livio 1999; Livio 2002) proposés pour la
formation des jets, sont susceptibles d’étre classés en deux familles.

La premiére famille, est formée des modéles de vents dominés par le flux de Poynting.
Dans ces écoulements, I’énergie et le moment cinétique sont emportés a la base par le champ
électromagnétique (Weber & Davis 1967; Michel 1969; Goldreich & Julien 1970; Conto-
poulos 1994). Il est converti en énergie cinétique asymptotiquement. La deuxiéme famille est
formée des modéles de jets hydromagnétiques. Dans ces jets, I'énergie et le moment cinétique
sont emportés aussi bien par le champ électromagnétique que par I’énergie thermique dans
I'écoulement (Low & Tsinganos 1986a; Lovelace et al. 1991; Sauty & Tsinganos 1994). Nous
allons dans la suite présenter quelques propriétés des modéles de ces deux familles.
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Les pionniers dans 1’étude des jets de disque autour des trous noirs sont Blandford &
Payne (1982). Dans leur modeéle, un champ magnétique de grande échelle est ancré dans
un disque d’accrétion képlérien, infiniment fin et froid. L’énergie thermique et I'inertie du
fluide hors du disque sont supposés faibles par rapport a ’énergie magnétique (Fig. 1.10).
Ainsi, la dynamique dans la région subalfvénique est dominée par le champ magnétique.
[’écoulement dans cette région est de type force-free. Le champ magnétique est en rota-
tion rigide avec le disque et accélére ’écoulement par l'intermédiaire de la force magnéto-
centrifuge. Blandford & Payne (1982) ont montré l'existence d’un angle minimal entre I’axe
normal au disque et les lignes magnétique de 30°, au-dela duquel la force centrifuge de-
vient inefficace. En effet, elle devient insuffisante pour vaincre la force gravitationelle hors
du plan équatorial. Ce modéle repose sur une hypothése d’auto-similarité radiale. Cette
méthode auto-similaire est une généralisation des modéles de vents magnétisés équatoriaux
(Weber & Davis 1967; Michel 1969; Goldreich & Julian 1970). Elle a été mise en point pour
la premiére fois par Bardeen & Berger (1978) pour I’étude des vents galactiques. Ils ont utilisé
une similarité selon le rayon sphérique. Dans ces différents modéles, les effets thermiques sont
négligés, ce qui se traduit par la disparition du point magnétosonique lent. Puisque, 1’écou-
lement été supposé supersonique dés sa base. Ces modéles ont été étendue dans la suite
aussi bien a lauto-similarité en rayon cylindrique que sphérique (Chan & Henriksen 1980;
Bicknell & Henriksen 1980; Konigl 1989; Li et al. 1992; Ferreira & Pelletier 1995).
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Fig. 1.10: Modele de jet de disque de Blandford & Payne (1982). Les lignes magnétiques en rotation
solide avec le disque d’accrétion dans la région sub-alfvénique. Dans cette région, la densité d’énergie
thermique et l'inertie du fluide sont trés faibles par rapport & la densité d’énergie magnétique.

Lovelace et al. (1991) ont introduit la gravité et les effets thermiques dans le modéle
de jet auto-similaire de disque. Dans leur analyse, ’accélération thermique intervient dans
la région basse du jet prés du disque d’accrétion. Elle contribue surtout dans la région
submagnétosonique lente. Dans les autres parties, I’accélération est surtout due a la pression
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magnétique toroidale (effet de ressort, voir section 1.3). Ce type d’accélération magnétique
est di a leur choix du champ magnétique, & la base du jet, dominé par la composante
toroidale. Dans le cas des modéles classique, une méthode de détermination systématique
des solutions auto-similaires radiales a été développée par Vlahakis & Tsinganos (1998).

Le modéle a été généralisé pour I'étude des vents froids relativistes (relativité restreinte)
par Li et al. (1992), Contopoulos & Lovelace (1994) et Contopoulos (1994). Les auteurs ont
négligé la gravité pour permettre la séparation de variable en utilisant I’auto-similarité. Cette
restriction est imposée par I’expression non linéaire du facteur de Lorentz en fonction de la
vitesse v = 1/4/1 — v2. En ce qui concernne la différence entre le modéle de Li et al. (1992)
et de Contopoulos & Lovelace (1994), notons que le premier s’est intéressé a 'accélération
centrifuge, alors que le second modéle s’est plutot intéressé a ’accélération par la pression
magnétique toroidale.

Les effets thermiques ont été introduits dans les modéles relativistes par Vlahakis & Ko-
nigl (2003) pour analyser la formation et I'accélération des écoulements relativistes de plasma
chaud. Le but est d’étudier le phénoméne d’éruption v dans les Gamma Ray Bursts (GRBs)
ou I’énergie thermique est supposée jouer un role important. Dans ce modéle, I’énergie ther-
mique du plasma a la base de I’écoulement est élevée. Elle permet alors une accélération
initiale thermique contrairement aux précédents modéles d’écoulements froids ou l'accélé-
ration est purement magnétique. Cependant, I'accélération thermique ne reste efficace que
jusqu’a la surface magnétosonique lente. Au-dela de cette surface le jet est accéléré magnéti-
quement par conversion de I’énergie de Poynting en énergie cinétique, comme dans le modéle
de Li et al. (1992).
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Fig. 1.11: Modeéles MAES de formation du jet de disque (d’aprés Ferreira & Casse, 2000). Le champ
magnétique est ancré dans un disque d’accrétion résistif en rotation. La région de propagation du
jet est décrite par la magnétohydrodynamique idéale.
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Dans le cas newtonien des jets de TTAURI et d’AGN, des modéles auto-similaires selon
r sophistiqués ont été aussi élaborés. Ils traitent aussi bien l'accrétion que la formation des
jets. Ces modéles sont appelés Magnetised accretion-ejection structures (MAES) (Fig. 1.11).
Le disque et le jet sont traités en méme temps mais différemment. Le disque d’accrétion
képlérien est supposé fin et diffusif. Au contraire, I’écoulement dans le jet est supposé idéal
(Konigle, 1989 ; Ferreira & Pelletier, 1995 ; Ferreira, 1997 ; Casse & Ferreira, 2000a ; Casse &
Ferreira 2000b ; Ferreira & Casse, 2004).

Ces modéles auto-similaires selon r sont cependant inadéquats pour analyser des écoule-
ments formés & partir de couronnes sphériques prés de 'axe de rotation. En effet, les modéles
auto-similaires selon r présentent une singularité vers ’axe & cause du choix de la fonction
de la vitesse angulaire. Elle est soit képlérienne soit quasi képlérienne et, de ce fait, elle
diverge vers I’axe. De plus, I'autosimilarité selon r n’est pas valable pour décrire la struc-
ture des lignes magnétiques qui émergent d’'une couronne sphérique. Les écoulements autour
de I'axe rotation sont traités de facon plus convenable avec des modéles auto-similaires se-
lon . Le premier modéle de ce type est celui de Tsinganos & low (1986a) pour I'étude
du vent solaire. Dans ce premier modeéle, les auteurs ont considéré un écoulement de fluide
ionisé a travers un champ magnétique dont la géométrie est une combinaison linéaire de
structures radiale et dipolaire. L’application de ce type de modéle dans le cas d’une géo-
métrie d’écoulement plus générale a été élaboré pour I'étude des jets des étoiles jeunes
(Tsinganos & Trussoni 1993; Sauty & Tsinganos 1994). Une des différences entre les modéles
autosimilaires radiaux et méridionaux est l'utilisation, dans les deuxiémes, d’une équation
d’état non-polytropique. En effet, dans les modéles auto-similaires méridionaux, les équations
d’états sont imposées par la forme de la similarité qui caractérise la structure du jet. Dans la
région centrale, contrairement aux jets de disque, 1’énergie thermique a la base du jet peut
étre de méme ordre de grandeur ou plus importante que I’énergie magnétique. Elle peut donc
contribuer fortement a ’accélération de ’écoulement. Ce comportement de I’écoulement dans
la région axiale résulte de la faible ouverture des lignes magnétiques dans la région centrale.
Il résulte aussi de la diminution de la vitesse de rotation lorsque on s’approche de 1'axe de
rotation. Vlahakis & Tsinganos (1998) ont élaboré une méthode systématique de détermina-
tion de solutions auto-similaires méridionales. Cependant, jusqu’a maintenant aucun modéle
n’a été développé en relativité générale dans le cas des écoulements méridionaux. Dans les
chapitres (4) et (6), nous présenterons les deux premiers modéles auto-similaires méridionaux
que nous avons construit au cours de cette thése, en collaboration avec N. Vlahakis et K.
Tsinganos.

Des modéles purement numériques ont été élaborées pour traiter les écoulements ma-
gnétohydrodynamiques stationnaires. Sakurai (1985) a fait une extension en 2D du modéle
classique de vent solaire équatorial de Weber et Davis (1967) 1D. La méthode de Sakurai
consiste a itérer sur les équations de la MHD & partir d’une configuration initiale du champ
magnétique jusqu’a une configuration d’équilibre. Pour cela, il résout successivement 1’équa-
tion de Bernoulli et I'’équation transfield. L’équation de Bernoulli permet de calculer & chaque
étape la densité, alors que les itérations sur I’équation transfield permettent de calculer le flux
magnétique. Sakurai (1985) fait le calcul a partir d’'une configuration initiale monopolaire
avec B, oc 1/r% centrée sur I'étoile (Fig. 1.12 (a)). Sakurai (1987) itére en partant d’une
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configuration initiale du champ magnétique monopolaire aussi, mais le monopole se trouve
sous le plan du disque. Ainsi, il a éliminé la singularité qui apparaissait dans la solution de
1985 dans le plan équatorial. De ce fait, il a pu modéliser le jet venant de disque. Pour les
deux configurations initiales du champ magnétique, il a montré que les lignes magnétiques
a la fin des itérations convergent vers 'axe (Fig. 1.12 (b)). Ceci est induit par la force de
pincement magnétique dirigée vers I'axe de la composante toroidale du champ magnétique
dans la région superalfvénique.

Fig. 1.12: Les lignes du champ magnétique poloidale dans le modeéle de Sakurai (1985) (a) structure
initiale split monopole, (b) la redirection des lignes magnétiques poloidale vers Paxe aprés les
itération.

Le modeéle de Weber et Davis (1967) de vent équatorial a aussi été généralisé en rela-
tivité restreinte et générale, dans une métrique de Schwarzschild, par Daigne & Drenkhan
(2002). Le modéle est a une dimension, mais ils ont tenu compte aussi d’une expansion
de I’écoulement perpendiculairement au plan du disque. Ils ont montré que ’accélération
magnétique par la conversion du flux de Poynting en énergie cinétique dépend de l'ex-
pansion de 1’écoulement. Elle est efficace dans les écoulements ultrarelativistes seulement
lorsque I'expansion de I’écoulement devient important. En effet, dans le vent magnétisé en
expansion radiale, aprés la surface du cylindre de lumiére, ’accélération par la force de
pression magnétique toroidale est complétement annulée par la force de pincement magné-
tique (Michel 1969; Goldreich & Julian 1970). De ce fait, I'accélération du vent magnétique
ne peut continuer apreés le cylindre de lumiére que si ’expansion du vent est plus impor-
tante que I'expansion radiale. Ce mécanisme d’accélération est appelé “ Tuyére magnétique”
(Camenzind 1989; Begelman & Li 1994).

Camenzind et ces collaborateurs (1986b, 1987, 1990) ont élaboré une autre méthode nu-
mérique de résolution des équations GRMHD pour analyser la formation et la collimation
des jets. Elle est basé aussi sur la résolution de 1’équation de Bernoulli et de la transfield.
Cependant, dans cette résolution, les forces d’inertie et thermiques, dans la direction per-
pendiculaire aux lignes magnétiques, sont supposées étre négligeables. L’équation transfield
intégrée est celle d'un écoulement force-free. Donc par intégration de cette équation, ils dé-
terminent la forme initiale des surfaces magnétiques dans le jet. Ceci se fait par un choix
approprié du courant électrique dans I’écoulement. Le nombre d’Alfvén et la vitesse sont
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déduites a posteriori en résolvant ’équation de Bernoulli. Cependant, 'utilisation de I'hypo-
these force-free, pour résoudre ’équation de la transfield, induit une singularité a la surface
du cylindre de lumiére. Elle est corrigée par un ajustement de la distribution du courant
électrique, en ajoutant un courant a la surface du cylindre de lumiére. Ils ajustent aussi les
conditions limites entre la partie du jet a l'intérieur du cylindre de lumiére et la partie ex-
térieure (Fendt et al. 1995). Cette méthode a été généralisée aux jets autour de trou noir de
Kerr (Fendt 1997). Tous ces modéles ont montré une collimation cylindrique du jet dans la
région asymptotique, aprés le cylindre de lumiére. Cependant, la méthode utilisée ne permet
pas d’étudier les jets confinés par leur milieu ambiant. D’autre part, comme nous venons de
le voir, cette méthode ne donne pas une résolution exacte des équations MHD qui régissent
I’écoulement. En effet, elle ne traite pas du facon cohérente les équations MHD dans la direc-
tion perpendiculaire et dans la direction tangentielle aux lignes d’écoulement. Néanmoins, les
solutions obtenues avec cette méthode peuvent étre utilisées comme condition initiale dans
un code numérique itératif (Chapitre 7).

Un autre type d’approche numérique a été développé pour analyser la formation et la
collimation des jets en astrophysique. Elle consiste a faire des simulations numériques des
écoulements dépendant du temps.

Des efforts considérables ont été mis dans la derniére décennie sur ce type de modéles en
particulier sur les jets de disques en dynamique newtonienne. Les différents travaux peuvent
étres classés en deux familles. La premiére regroupe les simulations qui traitent des jets de
disque dans lesquels le disque est considéré comme une condition limite. Plusieurs simulations
ont été concues pour suivre I’évolution des écoulements sur des périodes trés longues et qui
ont atteint des états quasi-stationnaires (Ustyugova et al., 1995; Ouyed & Pudritz, 1997a;
Ouyed & Pudritz, 1997b; Romanova et al., 1997 ; Kudoh et al., 1998 ; Ouyed & Pudritz,
1999 ; Krasnopolsky et al., 1999; Ustyugova et al., 1999). Ces simulations sont aussi éten-
dues au cas non-axisymétrique (Ouyed et al. 2003). Ces simulations a trois dimensions ont
montré la stabilité du jet contre les pertubations non-axisymétriques. La seconde famille de
simulations dépendant de temps est celle qui regroupe les simulations qui traitent au méme
temps le disque d’accrétion et le jet. Dans leurs simulations Uchida & Shibata (1985) et
Shibata & Uchida (1986) se sont limités a 1’évolution du jet pendant des périodes de 1'ordre
du temps dynamique, pour examiner les phénoménes transitoires observés dans les jets. Le
temps court de ces simulations résulte de ’approche de MHD idéale dans le traitement aussi
bien du jet que du disque. Des simulations plus stables ont été réalisées avec un disque d’ac-
crétion résistif par Casse & Keppens (2002) et Casse & Keppens (2004).

Des modéles numériques ont aussi été développés en relativité restreinte (Bogovalov &
Tsinganos, 1999 ; Tsinganos & Bogovalov, 2000 ; Tsinganos & Bogovalov, 2002)) et en rela-
tivité générale (Koide et al., 2000 ; Nishikawa et al., 2000) pour étudier les jets autour des
trous noirs galactiques et dans les noyaux actifs de galaxies.
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1.2.7 Modéles Radiatifs

Les modéles radiatifs d’écoulement sont basés sur le transfert d’énergie et de moment par
rayonnement. Le rayonnement émis dans la région basse de 1’écoulement (la couronne chaude
ou le disque d’accrétion) alimente la région haute de I’écoulement en énergie. Ces modéles
représentent une maniére plus cohérente de traiter I’équation d’énergie dans 1’écoulement.
Ces modéles peuvent étre classés en deux familles.

La premiére englobe les modéles des écoulements accélérés par la pression des raies spec-
trales, i.e un rayonnement discontinu (Arav et al. 1994; Murray et al. 1995; Proga et al. 2000).
IIs sont construit sur la base du mécanisme utilisé dans le modéle de Castor et al. (1975)
de vent d’étoile chaude Of. Ce mécanisme résulte du processus d’absorption et de diffusion
isotrope par les ions et les atomes de raies spectrales. A ce processus s’ajoute aussi les effets
du gradient de vitesse dans le vent. En effet, la force d’accélération résulte de 1’émission
de raies par un mécanisme de diffusion isotrope, lors du retour de I'ion & son état d’équi-
libre aprés I’absorption de rayonnement (Castor 1974). Ainsi, a cause de la différence entre
la direction d’émission et d’absorption du rayonnement, de la quantité de mouvement est
transférée a 'ion dans la direction du rayonnement incident. Ceci induit une accélération de
I'ion. D’autre part, le gradient de vitesse dans le vent induit un décalage dans le rouge du
rayonnement incident. Il permet donc d’augmenter la bande de fréquence de rayonnement
qui peut étre absorbé par les ions (Sobolev 1960). Dorodnitsyn (2003) a ajouté aussi les
effets du gradient de gravité élevé relativiste, ce qui fait croitre le décalage vers le rouge du
rayonnement incident pour l'ion.

Le mécanisme d’accélération par la pression des raies spectrales est efficace dans les ré-
gions de faible taux d’ionisation et donc de faible température. Dans le cas des écoulements
autour des AGN, ce mécanisme est efficace dans les régions externes du disque d’accrétion.
Dans cette région, ce mécanisme permet d’accélérer le vent jusqu’a des vitesses de l'ordre
de 0.1¢. Dans la partie interne du disque l'intense rayonnement en X ionise fortement la
matiére dans le vent. Il rend alors la pression des raies spectrales inefficace a accélérer le jet.
La vitesse maximale obtenue avec ce mécanisme, 0.1¢, est de I’ordre de grandeur des vitesses
observés dans les jets des galaxies de Seyferts (Ulvestad et al. 1999). Cependant, elle reste
trés loin des vitesses observés dans les radio-galaxies comme les Blazars et les Quasars.

Dans la deuxiéme famille, le fluide dans I’écoulement est constitué de paires d’électrons-
positrons, qui peuvent se former prés des objets compacts, trous noirs galactiques et AGN.
Ils sont formés preés du disque interne & cause de la température élevée dans les réactions
de création v + v — e~ +eT (Herterich 1974). L’accélération de ’écoulement résulte de la
pression radiative induite par les photons de faible énergie. Ces photons sont produits dans le
disque d’accrétion. Dans le cas d’un plasma froid, ce mécanisme est inefficace pour accélérer
le plasma jusqu’a des vitesses relativistes. Ceci est di a la diminution de ’anisotropie du
rayonnement dans le repére propre du fluide. Cette diminution est induite par I’aberration
relativiste. Elle rend ce mécanisme inefficace, méme si le rayonnement incident est supposé
fortement anisotrope comme c’est le cas pour un rayonnement confiné le long du jet collimaté
(Lynden-Bell 1978; Sikora 1981).

Cependant, un autre mécanisme a été proposé, appelé “Compton Rocket” (O'Dell 1981),
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dans lequel I’énergie d’agitation thermique relativiste (7" ~ 10'? K') des particules électrons-
positrons dans le jet favorise la diffusion du rayonnement incident dans la direction de la
source (Fig. 1.13). En effet, dans le repére propre de 1'élément de fluide, les particules,
en mouvement d’agitation thermique, peuvent entrer en collision frontale avec les photons
incidents. Elles diffusent les photons dans la direction de la source. Ainsi, dans ce choc, une
partie de leur énergie d’agitation thermique se transforme en énergie cinétique (voir section
2.1 de la thése de Heinz, 2000). Ce mécanisme fait augmenter ainsi lefficacité de 1’accélération
radiative.

Agitation thermique

Element de fluide — P

k’ ey
Electr on — RN ] -
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Fig. 1.13: Le mécanisme de “Compton Rocket”. V est la vitesse de I'élément fluide, Vin est la vitesse

\'

d’agitation thermique.

Cependant, le fait que ce mécanisme soit basé sur la conversion de I’énergie thermique
en énergie cinétique est associé au refroidissement du fluide dans 1’écoulement. Cela limite
son efficacité pour accélérer le vent au-dela de facteurs de Lorentz de 'ordre de v ~ 3. Par
ailleurs, les effets d’aberrations relativistes rendent le rayonnement dans le repére propre
de la particule isotrope ce qui amplifie ainsi cette inefficacité. En effet, cela augmente le
refroidissement (Phinney 1982). Renaud & Henri (1998) ont proposé un chauffage du fluide
électron-positron le long du jet par la turbulence, pour remédier au refroidissement induit
par le mécanisme de “Compton Rocket”. Cette turbulence serait créée par I'interaction entre
le jet interne et externe (Fig. 1.14 a), comme dans le modeéle de jet a deux composantes
(Sol et al. 1989). Ce processus de chauffage permet alors de compenser le refroidissement
induit par le mécanisme “Compton Rocket”.

Fukue (2000) a proposé un autre mécanisme appelé “multi-stage-Compton Rocket” (Fig.
1.14 b). Tl repose sur une accélération en plusieurs étapes pour atteindre des vitesses re-
lativistes de 'ordre de 0.99¢. Dans ce modéle, les nuages d’électron-positron sont accélérés
et chauffés par le rayonnement émis des sources qui se trouvent plus bas. Ces nuages eux
méme constituent une nouvelle source de rayonnement avec des dimensions plus petites que
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les autres sources qui ’alimentent. Ainsi ’anisotropie du rayonnement qui est émis sera plus
grande que celle du rayonnement qui est recu.
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Fig. 1.14: (a) Modéle de deux jets a deux composantes : la composante axiale constituée d’électron-

positron, la composante de disque constituée de jet MHD, d’aprés Marcowith et al. (1995). (b)
Mécanisme de “multi-stage-Compton Rocket” : le disque d’accrétion et les différentes sources secon-
daires qui sont plus petites, (d’aprés Fukue 2000).

Ce mécanisme de “Compton Rocket”, seul, n’induit aucun collimation de I’écoulement s’il
n’y a pas d’acteur externe. En effet, le “Compton Rocket” produit simplement une accéléra-
tion radiale de I’écoulement. La collimation peut étre imposée par un disque géométriquement
épais qui créé une tuyeére et collimate le rayonnement et 1’écoulement, comme dans le modéle
de Ferrari et al. (1984). La collimation peut aussi étre produite par les forces magnétohy-
drodynamiques (confinement thermique ou magnétique). Sikora et al. (1996) et Beskin et al.
(2004) ont traité le cas des jets magnétohydrodynamiques dont I’accélération est aussi bien
due a des mécanismes MHD qu’au mécanisme “Compton Rocket”.

1.3 Les mécanismes responsables de 1’accélération et la
collimation des jets

Les modéles de formation des jets en astrophysique, comme nous I’avons déja vu dans la
section précédente, sont en général indépendants du systéme astrophysique étudié. Les mémes
mécanismes sont proposés pour les jets d’étoiles jeunes (Spruit 1996) et pour les noyaux actifs
de galaxies (Blandford 2000). Ces mécanismes sont magnétohydrodynamiques + radiatifs
(Livio 1999; Sauty et al. 2001). Cependant, la contribution de ces différents mécanismes dans
la formation et la collimation du jet dépend du systéme astrophysique. Dans la suite, nous
allons essayer de présenter les principaux mécanismes qui peuvent contribuer a la formation
et la collimation du jet.
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1.3.1 Accélération thermique

Vent

Pression radiative

Couronne chaude

Fig. 1.15: Accélération du vent soumis au gradient de pression cinétique dans le couronne et a la

pression radiative.

Les objets astrophysiques avec des couronnes chaudes sont associés a une perte de masse
sous forme de vent thermique. La température élevée de la couronne peut étre suffisante pour
que I'énergie thermique du gaz puisse compenser la gravité. De plus, le gradient de pression
dans la couronne permet de transformer 1’énergie thermique du fluide en énergie cinétique.
Ce mécanisme est la base du modéle de vent solaire de Parker (1958). Ce gradient de pression
peut étre maintenu par un chauffage par conduction dans I’écoulement. Dans ce cas, le vent
est purement thermique. Cependant, les études des vents purement thermiques ont montré
I'inefficacité d’un tel type de chauffage. En effet, il ne permettent pas de reproduire les vitesses
asymptotiques observées avec des températures de couronne réalistes. Ce probléme est vite
apparu dans le cas du vent solaire (Parker 1963) et dans le cas des vents des objets compacts
(voir Chapitre 3). D’autre mécanismes, sont invoqués pour remédier a cette insuffisance du
chauffage thermique. Ces mécanismes sont la dissipation des ondes magnétohydrodynamiques
(ex. les ondes d’Alfvén) ou la pression radiative (paragraphe 1.2.7). Le chauffage peut étre
aussi induit par la dissipation d’énergie magnétique sous forme de reconnections des champs
magnétiques de petites échelles, transportés dans I’écoulement (Heinz & Begelman 2000) ou
bien par la turbulence (Renaud & Henri 1998).

Une tuyére a forte expansion est invoquée dans certains cas pour augmenter l'efficacité de
'accélération thermique de I’écoulement (Fig. 1.7). La tuyére dans laquelle le vent hydrodyna-
mique est accéléré, peut étre induite par les tubes de flux magnétiques (Kopp & Holzer 1976)
ou par le milieu ambiant en rotation, en équilibre hydrostatique avec la gravité de 1'objet
central (Ferrari et al. 1984; Blandford & Rees 1974).

1.3.2 Accélération magnétique

Initialement, les mécanismes magnétiques étaient invoqués pour expliquer le freinage des
étoiles par un champ magnétique a grande échelle ancré dans les étoiles en rotation (Schatz-
man 1962). Ils ont aussi permis de comprendre (Weber & Davis 1967), pour la premiére fois,
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I’accélération des vents équatoriaux autour des étoiles de la séquence principale comme le
soleil. Ces mécanimes ont été aussi utilisés dans I'étude des vents d’étoiles & neutrons (Michel
1969, Goldreich & Julian 1970). Le mécanisme responsable de 1'accélération de ces écoule-
ments équatoriaux est la force magnétocentrifuge (Fig. 1.16). Ce mécanisme contribue aussi,
a la formation des jets de disque d’accrétion képlérien (Blandford & Payne 1982). Il est égale-
ment invoqué dans I'extraction de I’énergie d’un trou noir de Kerr (Blandford & Znajek 1977).
Ce mécanisme intervient dans I’accélération des fluides fortement ionisés, donc gelés dans le
champ magnétique. Le fluide est accéléré le long des lignes magnétiques inclinées en rotation
solide par la force centrifuge. Ainsi, les éléments fluides sont accélérés comme des anneaux
le long d’une tige rigide en rotation inclinée (Fig. 1.16). Cette force est efficace tant que
I’écoulement reste subalfvénique. En effet, dans cette région, le champ magnétique poloidal
domine la dynamique et impose la rotation solide du fluide. L’efficacité de cette force, comme
nous l'avons déja indiqué paragraphe 1.2.6, dépend aussi de ’angle d’inclinaison des lignes
magnétiques poloidales ancrées dans le disque d’accrétion (6 > 30° voir Fig. 1.16).

Fig. 1.16: Accélération magnéto-centrifuge d’un anneau le long d’'une tige en rotation solide  avec
I’objet central. La projection de la force centrifuge sur I'axe de la tige donne la force d’accélération
de I'anneau.

Un autre mécanisme magnétique, qui est aussi invoqué dans l’accélération des fluides
magnétisés, est le gradient de pression du champ magnétique toroidal (Contopoulos 1994).
Cette force est créée par la diminution de la composante toroidale du champ magnétique dans
I’écoulement. En effet, a la base du jet le champ magnétique est ancré dans le disque d’accré-
tion ou a I’étoile en rotation. Cela engendre une composante toroidale du champ magnétique
dirigée dans le sens inverse de rotation des lignes d’écoulement. Alors, dans I’écoulement,
sous l'effet de I'inertie du fluide accéléré dans la direction poloidale, la composante toroidale
des lignes magnétiques diminue (Fig. 1.17). Ainsi, les lignes magnétiques sont relaxées dans
la direction poloidale comme la relaxation d’un ressort compressé (Shibata & Uchida 1985;
Contopoulos 1994). Ce mécanisme fonctionne lorsque le champ magnétique a une forte com-
posante toroidale, B, > B,. L’indice p indique les composantes poloidales et l'indice ¢
indique la composante toroidale. Il devient le principal mécanisme d’accélération du jet dans
la partie superalfvénique, lorsque 'inertie du fluide domine, B? < 42nwv?. En effet, dans
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cette région la force centrifuge devient inefficace pour accélérer le jet et la relaxation dans la
direction poloidale des lignes magnétiques augmente.

Ces mécanismes d’accélération magnétique correspondent, du point de vue du flux d’éner-
gie, a une conversion du flux de Poynting emporté dans le jet en énergie cinétique dans
I’écoulement.

>

Relaxation dansla direction poloidale

Fig. 1.17: Accélération par la pression de la composante toroidale magnétique. Lorsque on s’éloigne
du disque d’accrétion, la composante toroidale du champ magnétique diminue et la distance entre
les cercles formés par le champ magnétique augmente.

1.3.3 Collimation thermique

L’écoulement peut étre thermiquement confiné si la pression du milieu extérieur est plus
élevée que la pression dans I’écoulement. Ce type de jet est dit souspressurisé. Il se crée
alors un gradient de pression transverse obligeant le vent a s’écouler suivant la direction de
'axe de rotation (Blandford & Rees 1974; Ferrari et al. 1984). Ce type de collimation peut
se produire lorsque le jet entre en interaction avec un milieu extérieur dense. Le confinement
thermique peut devenir dans certains types de jets magnétohydrodynamiques trés impor-
tant pour confiner 1’écoulement, lorsque la force de Lorentz devient inefficace a collimater
le jet (Sauty et al. 1999). Ceci peut se produire lorsque le flux de Poynting emporté a la
base du jet est insuffisant pour créer le courant électrique nécessaire a la collimation du
jet (Heyvaerts & Norman 2003c). Une autre possibilité de collimation de 'écoulement est la
pression exercée par le vent du disque d’accrétion sur ’écoulement de la couronne interne
(Fig. 1.18). En effet, dans les écoulements relativistes froids, lorsque la force de Lorentz
devient inefficace a collimater le jet, les simulations numériques montrent que la pression
exercée par le vent de disque peut collimater le jet (Bogovalov & Tsinganos 1999).
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Fig. 1.18: La collimation par confinement externe, pression thermique et pression dynamique du
vent de disque. Dans ce type de jet, I’écoulement se produit le long de ’axe de rotation.

1.3.4 Collimation Magnétique

Les mécanismes magnétiques peuvent collimater les jets aussi bien sur-pressurisés (la
pression a l'intérieur du jet est plus élevée que la pression du milieu ambiant) que sous-
pressurisés (la pression a I'intérieur du jet est plus faible que la pression du milieu am-
biant). La collimation par pincement du champ magnétique toroidal est la plus invoquée
dans la collimation du jet aprés la surface d’Alfvén. En effet, ce mécanime de collima-
tion magnétique est utilisé dans différents modéles théoriques et simulations numériques
(Suess & Nerney 1975; Sakurai 1985; Heyvaerts & Norman 1989; Appl & Camenzind 1993;
Heyvaerts & Norman 2003c). Ce type de collimation est sans doute conforté par les obser-
vations qui montrent que les jets dans les TTauri et les AGN sont toujours associés a un
champ magnétique toroidal (Gabuzda et al. 2004; Asada et al. 2002). Ce champ magnétique
toroidal est induit par le courant électrique emporté dans le jet (Fig. 1.19).

La possibilité de la collimation par un champ magnétique a petite échelle & aussi été
proposé pour la collimation des jets (Li 2002). L’avantage de ce mécanisme est d’avoir des
échelles du champ magnétique toroidal plus petites que 1’échelle de la section du jet. De ce
fait, ce type de mécanisme de collimation, ne nécessite pas la formation d’'un champ magné-
tique a grande échelle. La collimation par la pression du champ magnétique poloidale est
une autre possibilité pour la collimation asymptotique du jet (Blandford 1993; Spruit 1994;
Spruit 1996). Cependant, elle est inefficace a collimater ’écoulement au-dela de la surface
alfvénique ou l'inertie dans I’écoulement domine.
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Fig. 1.19: Collimation par pincement et pression magnétique.

1.4 Méthodes auto-similaires

Malgré les simplifications induites par les hypothéses de stationnarité et de symétrie
axiale, les équations MHD restent complexes. La résolution exacte de ces équations demande
d’autres approximations. Les méthodes d’approximations les plus utilisées sont les méthodes
dites auto-similaires. Ces méthodes permettent d’aller au-dela de ’approche & une dimen-
sion et représentent, d’une certaine maniére, une extension de la symétrie axiale ou de la
symétrie de translation par rapport a une des variables qui régissent I’écoulement 2D. Ces
méthodes consistent a faire une séparation des variables et a prescrire la dépendance par
rapport a I'une d’entre elle, sous forme d’une loi d’échelle. Cette variable est appelée la va-
riable d’autosimilarité et son choix dépend du type d’écoulement et de ses caractéristiques.
Cependant, 'utilisation de ces méthodes imposent certaines contraintes sur les propriétés de
I’écoulement. Les plus importante est la forme de la surface d’Alfvén qui doit étre toujours
paralléle a la direction d’autosimilarité. En effet, les ondes d’Alfvén et magnétosoniques se
propagent toujours perpendiculairement aux surfaces autosimilaires. De ce fait, les surfaces
alfvéniques et magnétosoniques critiques sont des surfaces d’autosimilarité dans I’écoulement
(Vlahakis PhD 1998; Sauty mémoire d’habilitation 2002)

Nous pouvons classer les modéles auto-similaires en trois grands groupes. Les deux pre-
miers, utilisent les coordonnées sphériques (r, 6, ) et le troisiéme utilise les coordonnées
cartésiennes (z, y, z).
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(a) Ligne magnétique dans (b) a,
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Fig. 1.21: Ecoulement auto similaire (a) radial, (b) méridional (en latitude).

1.4.1 Autosimilarité selon r

Ces modéles sont adaptés pour la modélisation des vents et des jets de disque. Les gran-
deurs physiques dans ces modéles se déduisent toujours de fonctions en  multipliées par une
fonction d’échelle en r, qui est une simple loi de puissance en r”. Le flux magnétique dans
le modéle de Blandford & Payne (1982) est de la forme [ [ BdS « r3/* et [ [ BdS o r®
dans les modéles relativistes de Li (1992) et Contopolous (1994). Dans ces modéles, la sur-
face d’Alfvén est de forme conique (Fig. 1.21 a). Ces modéles ont l'inconvénient de ne pas
permettre I'étude de la partie axiale du jet. Ceci est induit par le choix de la fonction de
rotation en o 1/r qui diverge vers 'axe de rotation. D’un autre coté, dans les modéles
auto-similaires radiaux, I’accélération est liée aux forces magnéto-centrifuges qui deviennent
inefficaces prés de I'axe de rotation. Trés loin de I'axe de rotation ces modéles ne sont pas
non plus applicables. En effet, la faible inclinaison des lignes magnétiques rend aussi la force
magnétocentrifuge inefficace.

1.4.2 Autosimilarité selon 6

[’autosimilarité en latitude est adaptées pour la modélisation des vents et des jets axiaux
émis par une couronne plus ou moins sphérique. Par exemple, les vents stellaires et la partie
axiale des jets des AGN. Les grandeurs physiques se déduisent toujours de fonctions en r
multipliées par une fonction d’échelle en 6 qui est une fonction de simple polynémes en cos #
et sinf. Le flux magnétique dans le modéle de Sauty & Tsinganos (1994) est de la forme
[ [ BdS sin?#. Dans ces modéles la surface alfvénique est sphérique (Fig. 1.21 b).

Dans la région axiale, I’accélération est dominée par le gradient de pression et par ’enthal-
pie. Par contre, les forces magnétocentrifuges ont une faible contribution dans I'accélération,
mais elles continuent & contribuer a la collimation de 1’écoulement.
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1.4.3 Autosimilarité selon z

[’autosimilarité verticale consiste a supposer que 1’écoulement est caractérisé par une
symétrie de translation. Les surfaces alfvéniques sont des plans verticaux (Fig. 1.22). Les
grandeurs physiques dans ces modéles se déduisent toujours de fonctions en x multipliées
par une fonction d’échelle en z qui est une fonction de simple polynémes en e~ 7, out H est
I'échelle de hauteur (Ferreira & Pelletier 1995; Petrie et al. 2000). Ce type d’approche est
adapté au traitement des écoulements prés de la surface de 1'étoile (a faible hauteur) ou
le potentiel gravitationnel peut étre considéré comme vertical et non plus radial. Dans ces
modéles, on considére une invariance par translation selon y.

Fig. 1.22: Ecoulement auto-similaire selon z, le plan (X,Y), représente la surface de 1'étoile (pho-
tosphére) ou du disque d’accrétion, Z l’axe vertical au plan, les surface d’Alfvén sont les plans
verticale.

Comme nous venons de voir les modéles auto-similaires ont des limitations sur I'espace
d’application. Les modéles auto-similaires selon r ne sont pas valides prés de ’axe de rotation
ni trés loin de celui ci. Au contraire, les modéles auto-similaires selon ) ne sont applicables que
prés de 'axe de rotation. Les modéles auto-similaire selon z ne sont applicables que proche
de la surface de formation de 1’écoulement (étoile, disque). Cependant, dans leur régions
d’applications, chacune de ces méthodes constituent une bonne approche assez générale.

1.5 Classification des NAGs

Le jet est un des ingrédients de base des AGN dans leur classification. Actuellement,
la variété de classes d’AGN en astrophysique est interprétée comme une manifestation du
méme objet central avec différentes orientations (relativement a la ligne de visée) différentes
énergies et aussi ayant des milieux ambiants différents (voir Antonucci, 1993). Il est pos-
tulé que les AGN sont alimentés en énergie par un trou noir central massif et un disque
d’accrétion a la base d’un écoulement symétrique de deux jets perpendiculaires au disque
d’accrétion (Fig. 1.23; Rees 1971). Ces jets déposent ’énergie emportée a la base plus loin
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dans la région d’interaction avec le milieu interstellaire et intergalactique, dans le lobe ra-
dio (Blandford & Rees 1974) ou dans les “hot spot” terminaux. L’orientation du systéme
jet-disque relativement a l'observateur donne la visibilité des composantes spectrales. En
particulier, dans certaines galaxies actives qui constitue 10% des galaxies observées, le jet
est complétement visible lorsque il est perpendiculaire & la ligne de visée de 'observateur.
Ceci se produit dans le cas des galaxies radio-loud a émission radio étendue comme les deux
classes de Fanaroff-Riley : FRI et FRII.

Cependant, la structure du jet n’est pas bien visible lorsqu’il est observé de face. L’émis-
sion radio de ces sources reste trés importante. En effet, dans ce type de galaxies, les jets
relativistes induisent un décalage en fréquence des rayonnements qu’ils émettent. D’autre
part, les vitesses relativistes des jets induisent, aussi, une augmentation de l’intensité du
rayonnement émis dans la direction de propagation du jet. Ceci se produit dans le cas de
galaxies radio-loud a source radio compacte et les Blazars. Dans certaines de ces galaxie
radio-loud, les jets sont caractérisés par des vitesses apparentes superluminiques. Ceci se
produit lorsque I'angle entre la ligne de visée et I'axe du jet est faible comme c’est le cas
des Blazars. Dans certains jets d’AGN, on observe des vitesses apparentes de 'ordre de 5¢
(Vermeulen & Cohen 1994; Kellerman et al. 2000).

Jet Narrow Line Region

Soft X-Ray/UV
Thermal Emission

Broad Line - . .
Region =~

Hard X-Ray
Thermal Emission

Jet

Fig. 1.23: Modeéle d’unification des AGN, selon Urry & Padovani (1995).

Les AGN radio-quiet (& faible émission en radio) sont celles qui produisent un petit jet
et faible qui est peu collimaté. Elles sont constituées des Seyfert 2 (jet perpendiculaire a la
ligne de visé), des Seyfert 1 (avec un angle de visé plus petit) et des Broad Absorption Line
QSO (avec un angle de visé nul), voir Fig. 1.24. D’autre part, le tore moléculaire du disque
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d’accrétion affecte aussi la visibilité de la région centrale des AGN. En effet, le tore rend la
région centrale invisible si la ligne de visée est proche du plan équatorial.

Deux séquences d'unification pour les radio-loud selon la puissance de leur jet ont été
faites par Fanaroff & Riley (1974). La premiére est la séquence de galaxies radios avec un fort
jet FRIT — quasar — blazar. Cette premiére classe, constitue les galaxies les plus actives.
Les émissions en radio de ces galaxies sont dominées par le lobe d’'interaction de leur jet
avec le milieu ambiant. La deuxiéme est la séquence de galaxie radio avec un faible jet FRI
— BL Lacs. Cette deuxiéme classe est caractérisée par une émission en radio dominée par
les émissions de la région centrale. Dans chacune de ces séquences, les AGN sont classées
selon l'orientation de leur jet par rapport a l'observateur. Lorsque nous passons des FRII
aux blazars (respectivement des FRI aux BL Lacs) le jet est plus orienté vers I'observateur et
donc le rayonnement est plus focalisé et la région centrale devient plus visible. La différence
entre les deux classes (la classe des FRI et la classe des FRII) est due a la morphologies leur
jet et a I’énergie qu’il emporte (Fig. 1.24).

Type2 (Narrow Line) ~ Typel(Broad Line) Type 0 (Unusual)

o)
S
(04
Q2
I
4

Seyfert 2 Seyfert 1 Broad Absorption Line QSO

NELG Radio Quiet Quasar (QSO)

IR Quasar

?
O
>
o
o FRI 2 BL Lac
S
4
FRII Broad Line Radio Galaxies FSRQ
Steep Spectrum Radio Galaxie
Flat Spectrum Radio Quasar (FSRQ)

Fig. 1.24: Modele d’unification des AGN selon Urry & Padovani (1995). Les différents types d’AGN
selon l'orientation de leur jet et selon les propriétés énergétiques de leur émission (d’apres Sauty et
al. 2001).

Dans les FRII, on observe un jet fortement collimaté. le jet est principalement vu d'un
seul coté, a cause de l'aberration relativiste. Les FRII sont aussi caractérisées par deux
“hot spots” (région d’interaction du jet avec le milieu intergalactique, caractérisée par une
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forte émission en radio). D’autre part, les FRII sont caractérisées par des émissions ther-
miques intenses du disque d’accrétion. Elles sont caractérisées aussi par des absorptions de
rayonnement semblables a celles dues a un tore (Laing et al. 1999; Chiaberge et al. 2002).
Au contraire, dans les FRI, on observe deux jets avec des vitesses plus faibles que celles
des FRII. De plus dans les FRI, il n’existe pas de “hot spot”. Les jets de FRI sont aussi
caractérisés par une diminution de leur vitesse, lorsque on passe des échelles de pc au kpc
(Laing et al. 1999). D’autre part, les FRI sont caractérisées par un disque d’accrétion dont
I’émission thermique est faible. Généralement, la différence entre FRI et FRII est associée
aux effets d’environnement dans les galaxies radios (Trussoni 1998). L’environnement dans
les galaxies de FRII semblent peu dense (la pression et la densité du milieu ambiant est faible
par rapport a celui des FRI). Les radio-galaxies FRII évoluent dans des amas de galaxies
caractérisées par un milieu intergalactique dont la pression est plus faible que celle dans FRI.
En effet, les émissions en X des amas de galaxies qui contiennent des radio-galaxies FRII
sont faibles (Owen, 1993 ; Ledlow & Owen, 1996 ; Wan & Daly, 1996). L’environnement des
FRI est plus dense (Prestage & Peacock, 1988; Zirbel, 1997 ; Trussoni, 1998). De ce fait,
les jets dans les FRI apparaissent surpressurisés (Biretta, 1996). Cette différence entre les
environnements des deux objets, certains modeéles (Snellen & Best, 2003 ; Parma et al., 2002)
la lient a la différence d’énergie dans la région centrale. En effet, la différence entre les jets de
FRI et les jets de FRII peut étre reliée aussi bien a des propriétés intrinséques du jet (Junor
et al., 1999; Giroletti et al., 2004 ; Giovannini, 2004) qu’aux propriétés du milieu ambiant
(Giovannini et al., 2001). Ceci peut étre di également a des effets d’évolution de FRI vers
FRII, pour plus de précision sur la classification des AGN, voir : Antonucci (1993), Urry &
Padovani (1995) et Ferrari (1998).

Dans I'étude de la différence entre les jets de FRI et de FRII, des simulations numériques
(Nakamura & Meier 2003; Rossi et al. 2004) ont été élaborés pour étudier la propagation
des jets relativistes dans les milieux intergalactiques. Ils ont montré que le comportement
du jet dans sa propagation dépend aussi bien des propriétés intrinséques du jet que des
propriétés du milieu ambiant avec lequel il interagit. Les propriétés intrinséques sont liées a
I'énergie injectée a la base du jet (Celotti 2003). Celle-ci dépend des propriétés de la région
centrale dans laquelle le jet est formé. En effet, certains modéles (Begelman & Celotti 2004)
suggérent que l'énergie emportée dans le jet dépend du taux d’accrétion dans la région
centrale. D’autre part, dans sa propagation le jet interagit avec le milieu ambiant. Dans le
choc, en aval du jet, se produit un transfert de la quantité de mouvement du jet vers le milieu
ambiant. Le jet subit aussi un confinement par le milieu externe. Cela induit des instabilités
de type Kelvin-Hemholtz qui provoquent une décélération du jet. Rossi et al. (2004) ont
montré que la décélération, dans les jets de FRI, peut étre due a une faible énergie a la base
du jet et donc par un nombre de Mach plus faible (puisque c¢’est une simulation purement
hydrodynamique). D’autre part, ils ont montré que la décélération du jet est plus efficace
lorsque la densité du milieu ambiant est plus élevée que celle dans le jet. Nous reviendrons
dans le cadre des modéles développés sur ces aspects de décélération.
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1.6 Plan des chapitres suivants

Dans cette thése nous nous sommes intéressés aux écoulements hydrodynamiques et ma-
gnétohydrodynamiques. Nous avons étudié certains processus physiques qui peuvent inter-
venir dans la formation et la collimation des écoulements. Pour cela, nous avons, étape par
étape, analysé les mécanismes hydrodynamiques puis magnétohydrodynamiques. Au cha-
pitre 2, nous donnons une description des équations relativistes en GRMHD, du formalisme
341 et des équations axisymétriques et stationnaires. Dans le chapitre 3, nous nous sommes
limités a I’étude des écoulements sphériques purement hydrodynamiques. L’originalité dans
ce chapitre est 1'utilisation d’une nouvelle équation d’état polytropique avec un indice poly-
tropique ['eg = % variable avec la température. Le chapitre 4 sera consacré a I’élaboration
d’un modéle magnétohydrodynamique de jet coronal caractérisé par une faible vitesse de ro-
tation. Ainsi, nous ne traiterons que les écoulements prés de ’axe de rotation, dans la limite
ot les effets relativistes de la rotation sont négligeables. Dans le chapitre 5, nous utiliserons le
modéle qui sera développé au chapitre 4, pour étudier les mécanismes MHD qui interviennent
dans I’accélération et la collimation des jets. Nous allons aussi faire une comparaison entre les
solutions de jets classiques et relativistes obtenue avec le modéle. Enfin, nous appliquerons
ce modéle aux jets des FRI et FRII. Nous allons faire une analogie entre les propriétés du
modéle GRMHD que nous avons élaboré et les propriétés des deux types de jets de FRI et
FRII. Nous allons utiliser 'analogie entre la puissance et la morphologie des solutions de jet
obtenues avec notre modéle et les différences observées entre FRI et FRII. Dans cette analo-
gie, nous utiliserons, un paramétre libre du modéle qui controle 'efficacité de la collimation
magnétique des solutions de jets. En effet, ce paramétre libre permet de distinguer entre les
solutions de jets collimatés seulement par leur propre champ magnétique et les solutions de
jets qui ne peuvent étre collimatés que par compression du milieu ambiant. Dans le chapitre
6, nous allons nous intéresser aux jets caractérisés par des vitesses de rotation relativistes.
Nous allons traiter les jets qui traversent le cylindre de lumiére. La fonction de rotation de
ce modeéle sera choisie de telle maniére qu’elle permette la traversée du cylindre de lumiére.
Dans la construction de ce modéle nous avons suivi la méthode de Vlahakis & Tsinganos
(1998) de construction systématique de modéles auto-similaires méridionaux.

Finalement, dans le dernier chapitre 7 de cette thése, nous introduirons un code purement
numérique d’écoulement hydrodynamique relativiste que nous avons amorcé dans ma thése.
La méthode numérique que nous avons utilisé pour résoudre les équations hydrodynamiques
stationnaires est basée sur une méthode de relaxation, en utilisant les méthodes spectrales
qui sont implantées dans la Bibliothéque LORENE (Langage Objet pour la RElativité Nu-
mériquE). Cette bibliothéque est développée au sein du L.U.Th dans le groupe de Cosmologie
et de Gravitation Relativiste.



Chapitre 2

Les équations MHD

2.1 Introduction

Dans ce chapitre nous présenterons ’approche magnétohydrodynamique relativiste (GRMHD)
dans laquelle nous introduirons la description tensorielle puis le formalisme 3+1. Dans la
deuxiéme partie, nous utiliserons les propriétés de stationnarité et d’axisymétrie pour dé-
duire certaines constantes du mouvement que nous allons utiliser dans la construction des
modeéles semi-analytiques de jets dans le chapitre 4 et le chapitre 6.

2.2 Approche MHD

Une description globale du probléme de la perte de masse autour des objets astrophy-
siques nécessite dans la plupart des cas 'utilisation d’'une approche magnétohydrodynamique
(MHD). La complexité des mécanismes microscopiques et le nombre important de particules
qui interviennent dans ce type de phénomeénes rend cette approche macroscopique indispen-
sable. La MHD présente un outil adapté pour modéliser les phénoménes de grandes échelles
aussi bien d’un point vue temporel que spatial. Elle s’applique lorsque les tailles caracté-
ristiques des phénoménes étudiés sont grandes devant les longueurs décrivant les aspects
microscopiques. En ce qui concerne les jets, la MHD donne des informations suffisantes sur
les différentes quantités moyennes du fluide comme la température, la densité, la pression,
le champ magnétique et le champ de vitesse. L’approche MHD est aussi la plus utilisée dans
I'étude des jets relativistes en astrophysique (Mobarry & Lovelace 1986 ; Camenzind 1986h ;
Contopoulos 1994 ; Daigne & Drenkhan 2002; Fendt et al. 1995; Ustyugova et al. 1999;
Heyvaerts & Norman 2003b ; Hujeirat et al. 2003 ; Vlahakis & Konigl 2003). Dans le cas des
écoulements relativistes en astrophysiques, nous allons voir, dans la suite, que 1’approche
reste raisonable.

Nous allons donc nous limiter dans cette thése a une description MHD des écoulements.
Pour cela, nous allons donner des ordres de grandeur des phénoménes microscopiques. Nous
allons aussi les comparer aux grandeurs caractéristiques des écoulements, pour discuter et
montrer la validité de la description MHD & grande échelle, par exemple la loi d’Ohm. Pour
les propriétés caractéristiques des jets des AGN, nous allons prendre la longueur caractéris-
tique égale au rayon d’ouverture du jet de I'ordre du rayon solaire L ~ 10'2cm. La densité

3

caractéristique sera prise égale a 10'%m 2 et la température caractéristique de l'ordre de

2

la température de masse T° = (soit pour les électrons T, ~ 10°K et pour les protons

B
T, ~ 10"K). La vitesse dans le jet sera prise de 'ordre de la vitesse de la lumiére et le champ

magnétique dans le jet de 'ordre de B ~ 10*Gauss (Blandford, 1993).

33
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2.2.1 La validité de ’approche hydrodynamique

L’approche hydrodynamique est valable lorsque le fluide est en équilibre thermique lo-
cal et lorsque la séparation de charge est nulle, dans le fluide isolé (non soumis au champ
magnétique).

— La longueur de thermalisation, ou libre parcours moyen d’une particule, permet de voir

si nous pouvons considérer le fluide dans I’écoulement en équilibre thermique local :

<Tl(0—lj)>2 (2.1)

— cm .
nlem ),y
1010

ol v est la vitesse thermique moyenne et n la densité. Dans le cas de I’hydrogéne ionisé

lym =~ 1.25 x 10"

In A ~ 20. Dans le cas des jets des AGN, la vitesse d’agitation thermique dans la région
proche du trou noir est de 'ordre de la vitesse de lumiére. Le libre parcours moyen est de
109 cm ce qui reste faible devant le rayon cylindrique du jet qui est de 10'2 cm. Dans ce
cadre, I’hypothése de I'équilibre thermique peut étre considéré comme réaliste, méme si
nous sommes dans le cas relativiste.

— Le rayon de Debye est le rayon d’influence électrostatique d’une particule chargée au
sein d’'un plasma. Elle représente le rayon de la sphére d’électrons autour d’un ion qui
voilent complétement son potentiel électrostatique. Le rayon de Debye est, donc, défini

K\ 2
Ap = 4.36 @ (2.2)

1010
Le nombre de particules dans la sphére de Debye permet de connaitre si I’approche plasma
est réalisable ou non dans le cas d’un systéme isolé. Ce nombre est défini par le paramétre

(T(K)>3/2
9
A* = n A3 = 10" 10 (2.3)

(5

Dans le cas des jets des AGN, le rayon de Debye est de A\p ~ 4.36cm et la longueur

comme suit :

plasma A* :

caractéristique d’un jet, le rayon cylindrique du jet, est de l'ordre de 102 cm qui est
le rayon du soleil, soit 10! fois le rayon de Debye. D'un autre coté chaque sphére de
Debye contient A* ~ 10'2 particules. De ce fait, 'approche plasma est vérifié dans le cas
d’écoulement de fluide non magnétisé que nous traiterons dans le chapitre (3).

2.2.2 La validité de Papproche MHD

— Le rayon de Larmor est défini comme suit :

\ kB mpartlcule Mparticule
~ 300 P 2.4
\ V 109K B Gauss e (2.4)
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ou B, est le champ magnétique et mparticule 12 masse de la particule ionisée qui tourne autour
de la ligne du champ magnétique. Dans le cas des jets d’objets compacts, la température est
approximativement T' ~ 10°K et le champ magnétique B ~ 10*Gauss (Blandford 1993).
Dans le cas des électrons, le rayon de Larmor est de l'ordre de 7y, glectron ™~ 7 cm et dans le
cas des protons le rayon de Larmor est de 'ordre de 77 gjectron = 300 cm. Ces deux rayons
restent trés faibles par rapport au rayon du jet L ~ 10'2cm. De ce fait, 'approche de
champ magnétique gelé dans le plasma est raisonnable pour les jets d’AGN.
— Conductivité électrique

. 3 T(K 3/2
o= 2o :3.38><1012< ( )> (2.5)

Te 109

Dans le cas des écoulements de fluide magnétisé autour des trous noirs, la conductivité
est de 0 ~ 10257, elle est de l'ordre de la conductivité des métaux. Elle est élevée et
renforce I’hypothése que le champ magnétique soit gelé dans le plasma.

Dans la région de formation des écoulements relativistes, la conductivité électrique peut
étre dans certains cas anormale. Ainsi, cette conductivité, provoquée par la turbulence dans
I’écoulement, peut étre responsable de la reconnection magnétique et donc de la dissipation
de I’énergie magnétique qui permet de chauffer ’écoulement (Heinz & Begelman, 2000).
De plus, la viscosité et la conductivité d’origine turbulente peuvent étre importantes dans
certains écoulements et contribuent au chauffage comme dans le modéle de jet de disque
(Casse & Ferreira, 2000a).

Loi d’°Ohm

La loi d’ohm sous sa forme générale est donnée par :

. 1 . 7 1 - o 1 -
E = ——(ﬁAB)+l+ iAnNB-—vVP
c o engcC en,
me 8; = o5 7 25 j®j
“Ziv. — 2.6
o at+ <v®]+]®v ene) (2.6)

—

e Le terme (7 A B) représente le champ électrique généré par le mouvement du plasma
induit par la présence du champ magnétique. Dans la suite, nous allons comparer tous les
autres termes de I'Eq. (2.6) a ce terme d’induction.

e Le terme L est le terme ohmique. Le rapport entre ce terme et le terme d’induction

o
est :
. . OE
o CV/\B"—E ) ) )
j 1
J — = o = ~ ¢ <1+ U_2> El— <1+ U_2> ) (27)
o (inB)  4xZ (7aB)|  Amolv ¢ Ry ¢
c

ol R, est le nombre de Reynolds magnétique. L’équation (2.7) montre que méme dans le cas
relativiste ot la vitesse est de 1’ordre de la vitesse de la lumiére v ~ ¢, le terme ohmique peut



36 Chapitre 2. Les équations MHD

étre négligé dans les écoulements astrophysiques relativistes puisque le nombre de Reynolds
magnétique est trés grand. Dans le cas des jets d’AGN R, >> 10'°.

e Le terme f/\ B est le champ électrique induit par I'effet Hall.

€Ne

- —

JN B 2
. B <1+ v—2> . (2.8)
(17/\ B)‘ dmen,Lv c

€ ne

Dans le cas de jet, d’AGN, ce rapport est de I'ordre de 107!°, donc I'effet hall est négligeable.

]_ —
e Le terme — — V P, représente le champ électrique dans le plasma qui équilibre le
€ Me

mouvement des électrons induit par la pression thermique.

T () (65 ) (ae) 0

Donc, le gradient de pression électronique est négligeable, puisque il n’est que 107! fois le

€ Ne

champ électrique créé par induction.

8'.‘ . . e rd
Te 19 + V. |T®)+ )10 — ]9 ]>] représente le champ électrique in-

e Le terme 5
e’n, | Ot €N,

duit par I'inertie du plasma. Ce terme est toujours négligeable a cause de la faible masse des
électrons.

Maintenant, nous pouvons conclure que I’approche MHD reste valable dans le cas relati-
viste. La loi d’Ohm s’écrit dans ce cas comme suit :
7A B

E = — . 2.10
. (2.10)

Dans le paragraphe (2.2.1), nous avons démontré que la neutralité du plasma était valable
lorsque le plasma est isolé. Cependant, nous allons montrer dans la suite que cette approxi-
mation n’est pas toujours valable lorsque la vitesse de rotation du plasma est trés importante.
Pour cela, nous allons considérer un écoulement de fluide en rotation autour des lignes d’un
champ magnétique. Pour faire cette étude, nous utiliserons un référentiel cylindrique dans
lequel I'axe z est paralléle au champ magnétique. Dans ce référentiel, le champ de vitesse
s’écrit :

7= v |, (2.11)
Uy

ol v, est la composante perpendiculaire a B. v, est la vitesse de rotation des lignes d’écou-
lements autour des lignes magnétiques. Donc, nous pouvons écrire v, = w 2. ) est la vitesse
angulaire et w est le rayon cylindrique de 1’écoulement.
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Le champ électrique s’écrit :

sl
I

&
<
N~

(2.12)

Dans le cas d’une symétrie axiale, la force exercée par le champ électrique dans la direction
toroidale (selon ¢) doit étre nulle. 1l résulte de cette condition que v, = 0 et, donc, dans
la direction poloidale, les lignes d’écoulement et les lignes magnétiques sont paralléles. Le
champ électrique qui en résulte est donc :

= w ()
E=B—¢€] (2.13)
c
La séparation de charge créée par le champ électrique E est donnée au premier ordre

par :
- o E Bw Q)

e — VE = — = ———e_’ s 214

p 7 7o (2.14)

Avec L la longeur caractéristique du systéme. Pour le jet, elle représente le rayon transverse

du jet et donc L = w, alors la séparation de charge vaut :

Q
pe = —B—e] . (2.15)
c

Des équations (2.13) et (2.14) nous pouvons déduire une condition nécessaire pour que l'ap-
proche de quasi-neutralité dans le fluide magnétisé soit valable : soit la vitesse angulaire de
rotation des lignes d’écoulement autour des lignes magnétiques est faible devant la vitesse
de la lumiére, soit le champ magnétique est trés faible dans le jet. Pour ces raisons, nous
avons préféré de ne pas négliger, dans les modéles développés dans cette thése, la séparation
de charge dans le jet.

2.3 Les équations MHD décrivant un fluide

Nous avons adopté 'approche magnétohydrodynamique dans I’étude de la formation des
vents et des jets relativistes. Nous avons considéré un écoulement stationnaire de fluide idéal.
Nous nous sommes limités dans notre étude aux écoulements axisymétriques. Nous allons
donc dans la suite introduire une a une les équations MHD qui régissent ces écoulements.

2.3.1 La métrique de Schwarzschild

Pour aborder plus facilement le probléme des écoulements hydrodynamiques et magnéto-
hydrodynamiques dans le cadre de la relativité générale, nous avons utilisé une métrique de
Schwarzschild. Nous avons aussi négligé 'auto-gravité du fluide. Ainsi, la gravité qui définit
la courbure de I'espace autour de I'objet compact est seulement fonction de sa masse Mpgy.
L’élément de ligne est donc donné par :



38 Chapitre 2. Les équations MHD

1
ds* = —ho"c*dt® + S5dr® + r*df” + rsin® fd”, (2.16)
0
ou
2
ho = /1 - g’:"”“ 1- <, (2.17)
c°r r

est le facteur de décalage vers le rouge (redshift) induit par la gravité a une distance r de
I'objet central. Ce facteur de courbure de I'espace peut étre exprimé en fonction du rayon

de Schwarzschild rq = 2GMpg/c? :
ho = 41— 22 (2.18)
r

Dans I'approximation newtonienne, quand la vitesse d’échappement devient négligeable de-
vant la vitesse de la lumiére, nous avons ® = 2 Inhg. Cette limite est acceptable soit
lorsque la masse de 'objet central est trés faible, soit lorsque le point r est relativement loin
de l'objet central. Ainsi, nous pouvons considérer I’espace comme plat (espace de Minkowski).

La métrique de Schwarzschild est décrite par les vecteurs orthogonaux de base suivants,
en notation différentielle (Mobarry & Lovelace 1986) :

_ 1. .
e = cVit = —t, €& = Vr = hot, (2.19)
h
— - ]‘A — -t 1 ~
ég =Vl =-0, €b=Vo=——0¢. (2.20)
r rsin 6

2.4 Les équations magnétohydrodynamiques

Aprés avoir présenté la métrique qui définit la courbure de 'espace-temps, nous passons
a présent a la description de la matiére qui emplit cet espace-temps. En adoptant le point
de vue magnétohydrodynamique, la description de ’écoulement se fait par I'intermédiaire
de trois grandeurs cardinales : le tenseur densité de courant, le tenseur énergie - impulsion
et le tenseur électromagnétique. Le premier décrit le contenu numérique de la matiére, le
deuxiéme le contenu énergétique et d’impulsion et le troisiéme le contenu électromagnétique.

2.4.1 Equation de conservation du nombre de particules

La conservation du nombre de particules, est donnée par la conservation du flux de
particules, lorsque les phénomeénes de création et d’annihilation sont nuls. Il est défini donc
comme la conservation du quadri-vecteur du flux de particule NV, avec N donné par :

N = ni, (2.21)

n est la densité propre. 4 est le quadri-vecteur vitesse moyen de I’élément fluide.
L’équation différentielle qui donne la conservation de particules est donc tous simplement :
(N/‘) = 0. (2.22)

ou l'indice , représente la dérivé covariante.
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2.4.2 Conservation de I’énergie et de I'impulsion

[’équation de conservation de I'impulsion, appelée communément équation d’Euler dans
la physique newtonienne, est remplacée en relativité, par une équation plus générale qui est
celle de la conservation du tenseur d’énergie-impulsion. Cette équation donne aussi bien la
conservation du moment que de I'énergie :

(T = (T)p 4+ (T™a)p = 0, (2.23)

ol T représente le flux du moment selon I'axe @ a travers la surface définie par b.

a et b prennent les valeurs (0,1,2,3). D’apreés la définition que nous avons eu :

o 790 est le flux du moment 0 (énergie) dans le temps. C’est simplement la densité d’énergie.
o T9% est le flux d’énergie & travers la surface '

o 770 est le flux de moment dans la direction i.

e T (respectivement T77%) est le flux du moment i (resp. j) a travers la surface j (resp. i).

Densite d’'energie flux d’'energie

T = (2.24)

flux du moment

tenseur d'impulsion

Si le systéme total est isolé, le tenseur 7%° donne une description globale du fluide ma-
gnétisé. En effet, il incorpore le tenseur d’énergie hydrodynamique et le tenseur électroma-
gnétique. Donc, de I'équation de conservation de 'impulsion (2.23), nous pouvons déduire
toutes les équations de conservation de I'impulsion-énergie. La projection de I'Eq. (2.23) sur
I’axe du temps donne 1’équation de conservation d’énergie. La projection sur la géodésique
donne I'équation du premier principe de la thermodynamique. En projetant I'Eq. (2.23) sur
les plans spatiaux, on obtient cette fois la véritable équation d’Euler.

Tenseur hydrodynamique

Les écoulements relativistes sont, dans la plupart des cas, examinés avec une approche
dite de fluide parfait. Dans cette approche, le fluide est supposé sans viscosité, ni chauffage
par conduction dans son repére propre. C’est une généralisation du gaz idéal de la thermo-
dynamique classique. Les deux approximations simplifient le tenseur d’énergie. En effet, en
négligeant le chauffage par conduction, nous nous limitons aux écoulements dans lesquels
I'énergie (nw enthalpie) est emportée seulement par le fluide. En négligeant la viscosité,
nous faisons abstraction des forces de frortement. Nous allons dans la suite traiter le cas
du gaz idéal, sauf dans I’Annexe A. En effet, dans I’Annexe, nous allons traiter le cas d’un
écoulement soumis a un chauffage par conduction.

Le tenseur d’énergie hydrodynamique T#° est défini comme suit :

w
T = (n5)u"u’ +pg™, (2.25)
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ou w est 'enthalpie spécifique de I'univers. Elle est la somme de I’énergie interne par
particule e (incluant la masse propre m c?) et la pression propre P divisée par n :
P
w=-e+ —, (2.26)
n
w représente la somme de l'enthalpie du fluide et du milieu extérieur avec lequel le fluide
échange de I’énergie sous ces différentes formes. L’enthalpie du fluide, seule, peut étre donnée
par :

Wﬂuide =w — C: (227)

ot ( est ’enthalpie échangée avec le milieu extérieur par le fluide. ¢ est aussi a un signe pres
le chauffage spécifique du fluide @ :

(=-Q. (2.28)

En effet, I'Eq. (2.23) est une équation de conservation de 'impulsion-énergie du systéme total
qui est toujours isolé. Ainsi, elle décrit le systéme global qui est en évolution adiabatique.
Si nous voulons une description seulement du fluide, le tenseur du moment énergie du fluide
Tab . doit vérifier la condition suivante :

Tf'(llubide;b = (C u® ub);b : (229)

Cette relation donne la variation du tenseur impulsion-énergie en fonction de la variation des
échanges d’énergie avec le milieu ambiant. Elle revient a séparer les deux systémes, le fluide
et le milieu ambiant. Cependant, pour écrire I’équation de conservation de I'impulsion énergie
sous la forme (2.29), il faut prendre certaines précautions. En effet, les échanges d’énergies
avec le milieu ambiant dans le terme de droite de I’équation ne doivent pas influencer la
courbure de I'espace-temps. Cette condition est nécessaire pour que nous puissions traiter le
probléme de I’écoulement avec la métrique de Schwarzschild.

Tenseur électromagnétique

Le tenseur impulsion-énergie électromagnétique s’écrit en fonction du tenseur champ
électromagnétique F'*°, sous une forme qui s’inspire de la forme du tenseur impulsion-énergie
hydrodynamique (Eq. 2.25), dans laquelle les termes de pression électromagnétique et de flux
d’énergie (flux de Poynting) sont séparés :

1 1
T = — | F*“F’ + ~¢g"F?) . 2.30
(P g (2:30
F* est le tenseur du champ électromagnétique
F% = [ = pb (2.31)
F® = ¢tcp (2.32)

L’écriture des équations de Maxwell qui découle du tenseur électromagnétique est plus élé-
gante sous sa forme covariante. La premiére équation (2.33) relie le tenseur électromagné-
tique au courant électrique et la deuxiéme (2.34) traduit I’absence de charge magnétique
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(Landau & Lifshitz 1959; Thorne et al. 1986; Mobarry & Lovelace 1986)

4
Fov =2 ga (2.33)
’ &

Flapp =0, (2.34)
ou J# est le 4-vecteur de la charge électrique :
T = peer + 2. (2.35)

La composante temporelle p, est la densité de charge et j¢ la composante spatiale de la
densité de courant. Dans 'approche de plasma idéal, la conductivité est infinie. Donc, le
champ électrique vu dans le repére propre du plasma en mouvement est nul :

Ffu’=0. (2.36)

2.5 Le formalisme 3+1 des équations MHD

L’intérét du point de vue 3+1 (ADM des noms de ces inventeurs Arnowitt, Deser et
Misner (1962)) de la physique relativiste est lié & la grande similitude avec les équations
de la physique classique. En effet, en formalisme 3-+1, le référentiel espace-temps (¢,7, 6, )
peut étre séparé en hypersurfaces de type espace a 3-dimensions (r, 6, ¢) auxquelles I'axe
d’évolution temporelle ¢ est perpendiculaire (Fig. 2.1). Les hypersurfaces sont caractérisées
par t constant. Sur ces hypersurfaces, les valeurs de toutes les grandeurs (densité, charge,
vitesse, champs électrique et magnétique) sont définies. Tandis que 1’axe temporel donne
I’évolution de ces grandeurs, la séparation entre la partie spatiale (I’espace absolue au sens
galiléen) et la partie temporelle permet l'introduction d’un référentiel spatial cartésien local
appelé FIDO “fidocial observers”. FIDO est défini comme 1’observateur local au repos dans
le référentiel en chute libre autour du trou noir de Schwarzschild (Thorne et al. 1986). Il est
défini en chaque point (r, 6, ¢) par les vecteurs de bases orthogonaux (€, €, €;), Eq. (2.19).
Le temps dans le référentiel FIDO est le temps propre 7 mesuré par I’horloge local du FIDO.
Dans le FIDO, I'axe temporel est toujours perpendiculaire aux hypersurfaces spatiales. La
relation entre le temps propre du FIDO, 7, et le temps universel, ¢, est :

i—z . (2.37)

Le repére FIDO est ainsi déterminé complétement dans le formalisme 3-+1 par les vecteurs
de bases orthogonaux (€, ¢, €, €,). La relation (2.37) nous permet de déduire une autre
signification physique du facteur de courbure de ’espace hy. Il est le temps propre qui s’écoule
dans FIDO lorsque il s’écoule une unité de temps du temps universel, t. Dans ce qui va suivre
les grandeurs et les objets physiques vont étre fixés dans le FIDO. C’est le référentiel propre
au sens de la relativité générale et non au sens de la relativité restreinte. En effet, dans ce
repére nous tenons compte des effets de la relativité restreinte. La variation temporelle des
grandeurs physiques sera calculée par rapport au temps universel, ¢, puisque ¢ est non local,
donc indépendant de la courbure de I'espace. Cela nous facilitera le traitement du probléme
de I’écoulement du fluide dans un espace avec une courbure variable.
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Ligne
d’évolutj

£+ dt di=h dt

z /—/
t
Observateur FIDO

Fig. 2.1: Le shéma du formalisme 3+1. 3; et 3;y4; sont deux hypersurfaces de genre espace.

2.5.1 Equation de conservation du nombre de particules en forma-
lisme 3-+1

Dans le repére FIDO, I’élément fluide a une vitesse spatiale (vy, v9, v3) telle que :

S 1 U1 (% U3 )
u = , , , , 2.38
(\/1—1}2 V1I—1v2 V1—0v2 1—202 ( )

donc, il suit :

= n n vy n Vo n v
N = , : : : 2.39
<\/1—v2 V1I—0v2 /122 \/1—1)2) (2.39)

Dans n'importe quel repére, la composante temporelle de N représente la densité et les com-
posantes spatiales représentent les flux de particules & travers les surfaces perpendiculaires
a ces composantes.

(Z\7'>; — (nil),=0. (2.40)

Dans le cas d’une métrique de Schwarzschild, dans le formalisme 3-+1, I’équation de
conservation du nombre de particules peut y étre écrite comme suit :
dvn 1

57 + h—OV(hOfynv):O. (2.41)

Le terme hg, qui apparait dans le terme spatial du flux de particule, est induit par la
différence entre le temps universel et le temps propre (Eq. 2.37). Plus précisément, il est
induit par le fait que la vitesse et la densité sont calculés dans le FIDO alors que le flux est
calculé par unité de temps universel (paragraphe 3.7.2)

2.5.2 Les équations de conservation d’énergie en formalisme 3+1

De l'équation de conservation du tenseur impulsion-énergie, nous pouvons déduire le
premier principe de la thermodynamique. Il s’obtient par la projection de 1'équation (2.23)
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sur le 4-vitesse @ du fluide. L’équation de conservation du tenseur impulsion-énergie est donc :

dP dP
dw = — = dWﬁmde:—-i-dQ, (242)
n
De cette équation ressort a nouveau le fait que I'Eq. (2.23) décrit le systéme total (fluide
+ milieu environnant) comme un systéme isolé adiabatique, puisque w est I’enthalpie du

systéme total.

L’équation de conservation de I'énergie de Bernoulli dans I’écoulement est obtenue par

la projection sur I’axe temporel de I’équation de conservation du tenseur impulsion-énergie
(Eq.2.23) ¢ (Tab).b = 0, (Thorne et al. 1986; Breitmoser & Camenzind 2000)

75" + ﬁ (hT""), =0, (2.43)
Le deuxiéme terme est le flux d’énergie transporté dans le fluide comme dans le cas clas-
sique multiplié par le terme h2 . Le terme hy a Uintérieur de la divergence, permet de tenir
compte du redshift de I’énergie (Misner et al. 1973) et I'autre hy permet de passer du temps
propre au temps universel (ceci est discuté avec plus de détail dans le chapitre 3). En effet,
I'Eq. (2.43) montre que I’énergie transportée, et conservée dans 1’écoulement, n’est pas celle
qui est mesurée dans le repére FIDO mais plutot celle calculée par un observateur a l'in-
fini (Thorne et al. 1986). En formalisme 341, ’équation de conservation de I’énergie s’écrit
(Breitmoser & Camenzind 2000) :

P E? + B?
872n<w——>+Pv2+8; ] ]
n s — — —
—V(hg (V®*nwd+-—FEAB)) =0. (2.44
= gV 0P+ B n B) (2.44)

2.5.3 Les équations de conservation du moment cinétique en for-
malisme 3-+1

L’équation de conservation du moment cinétique est une conséquence des propriétés gé-
nérales des systémes ayant une coordonnée ignorable (Tsinganos 1982). Les vents et les jets
en astrophysique sont, dans la plupart de cas, supposés axisymétriques. La coordonnée igno-
rable est alors ¢ et I’équation de conservation est obtenue par la projection de ’équation de
conservation du tenseur d’impulsion-énergie dans la direction de ¢ :

30 3 —
TS +h—0 (hoT?") = 0. (2.45)

Avec p = {1,2}, hg T3P est le moment cinétique transporté dans le fluide. Le terme hyg
comme pour 'énergie est dii au passage du temps propre 7 au temps universel .

2.5.4 L’équation d’Euler en formalisme 3-+1

Comme nous I'avons déja commenté auparavant, le formalisme 3+1 facilite le traitement
des équations MHD relativiste. En effet, il nous permet de passer d’une description tensorielle
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a une description vectorielle et donc aux équations habituelles de la magnétohydrodynamique
newtonienne.

Pour obtenir I’équation d’Euler, il faut projeter I’équation de conservation du tenseur
impulsion-énergie sur le plan spatial qui est définie par h*¢ = u®u® + ¢*¢. La forme finale
est obtenue par substitution de la composante spatiale de I’équation obtenue, la composante
temporelle de . Dans le cas stationnaire, nous obtenons (Mobarry & Lovelace 1986) :

Pl (7 V)i = —nwVInhy + o nw = (5 Vinh)
C C C
~VP+ —(GiAB)+ p B —=—(E-5).  (246)

Cette équation représente I’équation d’Euler dans une métrique de Schwarzschild. Le lecteur
remarquera que de nouveaux termes apparaissent dans I’équation d’Euler. Ces termes sont
liés soit & la relativité restreinte, soit a la relativité générale. D’un point de vue de la relativité
générale, la gravité est définie maintenant par la fonction de courbure d’espace hy. D’un point
de vue de la relativité restreinte, il apparait deux nouvelles forces, la force de séparation de
charge p. E et la force lice a la dissipation de Joule —% : (E - 7.). Ces deux forces sont
connectées a la rotation relativiste dans le jet et donc a l'existence du cylindre de lumiére.
Prés du cylindre de lumiére, la rotation devient suffisamment élevée pour créer une séparation
de charge non négligeable. En effet, dans le cas d’un fluide ionisé accéléré le long d’une ligne
magnétique d’une intensité de 10* G (champ magnétique moyen prés des AGN ; Blandford,
1993), le rayon de Larmor prés du cylindre de lumiére des électrons est de 7 . ~ 7 cm et pour
les proton de rz,, ~ 300 cm. Cette séparation de charge permet de créer un champ électrique
suffisamment intense pour que la force de séparation de charge et celle due a la dissipation
de Joule deviennent comparables a la force de Lorentz. Il faut noter aussi que lorsque les
effets du cylindre de lumiére deviennent trés importants dans le jet, le type d’écoulement
change. Dans ce cas, ’écoulement devient dominé par les forces électromagnétiques.

2.5.5 Les équations de Maxwell en formalisme 3+1

Les équations de Maxwell dans le formalisme 3-+1 sont déduites des équations tenso-
rielles (2.33) et (2.34). Les équations de création des champs (électrique et magnétique) sont
obtenues par la projection sur I'axe d’évolution. Donc, I'équation de Maxwell-Gauss et de
conservation du flux magnétique sont obtenues par la projection respectivement de 1'Eqgs.
(2.33) et (2.34) sur I'axe temporel €. Les équations de Maxwell-Ampére et de Maxwell-
Faraday sont obtenues par projection respectivement des Eq. (2.33) et de I'Eq. (2.34) sur
I'espace de propagation, donc sur les hypersurfaces (€, €, €,) (Thorne et al. 1986).

V- E = 47p,, (2.47)
V-B=0, (2.48)
; . 10B
A (hE) = === 2.49
VA(E) = - =, (2.49)
; L drhy . 10E
VA (hoB) = . %je EXR (2.50)
; iA B
oA (2.51)
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Les équations de Maxwell relativistes dans les coordonnées de Schwarzschild sont différentes
des équations équivalentes en classique. Le facteur de courbure hg apparait dans les équations
de propagation des champs électrique et magnétique. Cette correction par le facteur de
courbure résulte de la maniére dont nous avons formulé les équations de Maxwell. En effet,
les champs électrique E et magnétique B sont définis dans le référentiel FIDO. De ce fait, ils
sont mesurés par unité de temps propre 7. Cependant, les différentiations temporelles sont
faites par unité de temps universel £. Ainsi, comme pour le flux de particule et d’énergie, le
passage entre ces deux temps induit une correction par le facteur de courbure.

2.6 Equation de fermeture

Nous avons donné maintenant toutes les équations de l'életromagnétisme, 1’équation de
continuité et I’équation d’Euler. L’équation de continuité donne la conservation du nombre
de particules et 1’équation d’Euler donne la conservation de la quantité de mouvement.
Cependant, dans cette derniére, un terme d’énergie fait son apparition, le terme de pres-
sion. Ce terme est lié a la thermodynamique du fluide. Donc, la fermeture du systéme est
conditionnée par la détermination d’une relation entre la pression et I’énergie interne (ou
I'entropie) du fluide et la densité, P(e,n). Cette relation ne peut étre explicitée que s’il
existe une description compléte des échanges d’énergies entre le fluide et les milieux envi-
ronnants. Il faut aussi avoir une description précise des phénoménes microscopiques. Ces
derniers peuvent étre établis par la théorie cinétique en tenant compte des différents phé-
noménes radiatifs, visqueux et dissipatifs qui peuvent se produire dans I’écoulement. Mal-
heureusement, les processus microscopiques opérant sur le plasma, dans les écoulements
astrophysiques, sont en général trés mal connus. La détermination précise de ces proces-
sus reste complexe, voire impossible. Afin de remédier & ce probléme, il est fréquent de
supposer une équation d’état polytropique, reliant la pression P a la densité utilisant un in-
dice polytropique constant (Parker 1960a; Weber & Davis 1967; Heyvaerts & Norman 1989;
Chakrabarti et al. 1996; Das 1999; Breitmoser & Camenzind 2000). Dans ce cas la relation
entre la pression et la densité et la relation entre 'enthalpie et la pression sont :

r
P=xn", w= n" !, (2.52)

ol k est une constante qui dépend des conditions initiales du fluide. I" est I'indice polytro-
pique. Dans la modélisation des intérieurs stellaires, I'indice polytropique est utilisé pour
étudier la dureté de I’état de la matiére. Dans les applications aux écoulements de fluide en
astrophysique, I'indice polytropique est adopté pour caractériser le chauffage dans le fluide
(Bondi 1952; Parker 1960a). Dans le cas des écoulements astrophysiques, il varie en général
entre 1 et 3. En effet, pour I' = 1 le fluide a un comportement isotherme et I’augmenta-
tion de la valeur de I' se manifeste par une diminution du chauffage dans le fluide jusqu’a

I' = 5/3 ou le fluide devient adiabatique (dans le cas ou la température est classique c’est-
2 2
mec

p ). Dans le cas ou la température est relativiste (c’est-a-dire T > k—)’
B B

le cas adiabatique correspond a I' = 4/3. Au-dela de cette valeur (5/3 en classique et 4/3

a-dire T <<

en relativiste) le fluide commence & subir une perte d’énergie (refroidissement). En effet, le
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chauffage dans le fluide est donné par ¢ = o - ﬁQ (Eq. 2.28). Le taux spécifique d’éner-
gie thermique sera positif (négatif) s’il y a un effet net de chauffage (refroidissement). Du
premier principe de la thermodynamique (Eq. 2.42) nous tirons :

B VP - B
=7 (vwﬂmde - 7) = 7 (V¥ Waiae - Vo)
O Tadiabatique — 2 r-2\ -
= |36n adiabatique — Tkn 7V n. (2.53)
ot ['adiabatique = g dans le cas classique et ['ygiabatique = % dans le cas ultrarelativiste. Il

a été montré par Parker (1960b) qu'un chauffage minimal est nécessaire pour la formation
d’un vent purement thermique, dans le cas du vent solaire. Ce chauffage doit correspondre
al < % (en régime classique). Ainsi, dans la plupart des travaux sur les vents hydrodyna-
miques, ’écoulement est considéré comme isotherme au moins jusqu’a ce qu’il traverse la
surface sonique (voir Parker, 1965). Ce traitement est réaliste puisque dans la région basse
du vent, le fluide est dense (optiquement épais). De ce fait, dans le cas du vent solaire, la
conduction thermique et la dissipation des ondes hydrodynamiques et alfvéniques est plus
efficace (Hu 1983; Sandbaek & Leer 1995). D’autre part, dans le cas des étoiles chaudes, les
photons émis par la couronne chaude peuvent étre absorbés par le fluide subsonique en ex-
pansion (Tarafdar 1988). Au contraire, dans la région asymptotique, le vent supersonique
devient moins dense et optiquement mince. De ce fait, dans le vent solaire, la dissipation des
ondes magnétohydrodynamique devient inefficace. Dans le cas des étoiles chaudes, le chauf-
fage par le transfert de I’énergie par rayonnement devient inefficace et I’écoulement peut
devenir adiabatique. Pour ces raisons, il a été suggéré par Parker (1960b) qu’une coupure
dans le chauffage devrait étre introduite, de sorte que le vent isotherme devienne adiabatique
a plus grande échelle, une fois la vitesse asymptotique atteinte.

Dans le cas relativiste, le probléme d’un chauffage minimal devient fonction de la masse
de I’étoile massive (masse du trou noir, voir Begelman 1978 et chapitre 3). En effet, dans le
cas relativiste, le vent peut se former méme pour un chauffage thermique faible, I' > % Cela
est di aux effets de la gravité élevée prés des objets compacts. Cette gravité élevée induit
une augmentation de 'efficacité d’accélération thermique du vent.

2.7 Les équations MHD des écoulements stationnaires
axisymétriques

La construction de modéles semi analytiques d’écoulement relativiste de fluide magnétisé,
requiert des hypothéses sur les grandeurs physiques qui gérent ces écoulements. D’autre part,
ces hypothéses avec d’autres hypothéses que nous allons poser dans les chapitres suivants,
permettent d’obtenir des solutions convenables pour les jets :

— La premiére est la condition de stationnarité, au moins a grande échelle. Cette condition
est vérifiée lorsque le temps de variation dans les écoulements est trés grand par rapport
au temps caractéristique dans le jet. Ce temps caractéristique est donnée par les vitesses
et les dimensions du jet.
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— La deuxiéme hypothése porte sur I’axisymétrie. Elle permet de diminuer le nombre de
degrés de liberté dans le jet a deux : r (distance entre un point d’espace dans 1’écoule-
ment et I'objet central) et A (potentiel scalaire magnétique qui définit la surface de flux
magnétique).

Dans la suite, nous allons développer chacune des hypothéses précédentes dans le but de
déduire, les constantes du mouvement.

2.7.1 Stationnarité

La propriété de stationnarité permet de réduire le nombre de variables de I’écoulement
aux variables spatiales (r, 0, ). Elle permet aussi de déduire des constantes du mouvement
le long de chaque ligne d’écoulement dans le jet. En effet, les résultats de base de la station-
narité sont la conservation du nombre de particules, de I’énergie et ’absence de courant de
déplacement. Donc a partir des équations (2.41), (2.46) et (2.47) a (2.50), les équations de
la GRMHD dans le cas stationnaire sont :

oS (3 V)F = = nwVinh + 4 nw = (= Vinh)
C cC C
. 1 . o S R
~VP+ GAB)+ p B -7 C(EG), (259)
V-E = AT e, (2.55)
V-B 0, (2.56)
VA (hE) = 0, (2.57)
R . Arhg -
VA (hoB) = J%%m (2.58)
R 7A B
_ 2.
- (2.59)
V(hgyno) = 0. (2.60)

2.7.2 Axisymétrie
2.7.2.1 Invariance selon ¢

L’axisymétrie nous permet de réduire le nombre de degrés de liberté dans les écoulements
aux deux coordonnées sphériques (r ,6) et de diminuer le nombre d’équations différentielles.
En effet, elles seront remplacées par des équations de conservation de certaines quantités
transportées dans le jet. Ceci est une conséquence de ’existence de la coordonnée ignorable
¢ dans les écoulements (Tsinganos 1982).

Pour faciliter I'utilisation future de I'invariance selon ¢, nous introduirons I'indexation “,”
pour poloidal et “,” pour toroidal. Ainsi, nous pouvons décomposer les champs de vecteurs
en deux parties, I’'une dans le plan poloidal, B:ﬂ Up, et I'autre suivant la direction toroidale

—

(ou azimutale) B, v, :

B = B, + B, 7=+ 0, (2.61)
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2.7.2.2 Conservation du flux de particule et du flux de masse

Il découle de I'invariance selon ¢, des équations de conservation du nombre de particules
(Eq. 2.41) et de la divergence nulle du champ magnétique (Eq. 2.48) que la composante
du champ magnétique B;, et que le flux de particule dans le plan poloidal, hyynv,, se
conservent :

V. B, =0 V - hoyni, = 0, (2.62)

Nous pouvons maintenant introduire les fonctions de courant qui sont : A le flux magné-

tique qui définit les surfaces magnétiques (B -V A = 0) et ¥ le flux de particule qui définit
les lignes d’écoulements & - V¥ = 0 (Fig. 2.2). Les deux quantités sont données par :

B, = —VAne, (2.63)
1 —
drhyynv, = —=VVUA €, (2.64)
w

ol o = r sinéf.

Fig. 2.2: Schéma des surfaces équipotentielles magnétiques A (le flux magnétique) dans le cas
d’un écoulement avec une rotation différentielle Q(A). Les lignes magnétiques et d’écoulement sont
décalées les une par rapport aux autres, a cause du champ électrique perpendiculaire aux surfaces
équipotentielles.

2.7.2.3 Loi d’isorotation

La condition d’axisymétrie impose des surfaces de potentiel électrique symétriques. Par
conséquent, la composante toroidale du champ électrique est nulle. De 1’équation du champ
gelé et de la condition d’axisymétrie, nous pouvons déduire que les lignes d’écoulement
poloidales et les lignes magnétiques poloidales sont paralléles (¥ = W(A)). De ce fait, les
surfaces équipotentielles magnétiques et électriques se confondent (& = ®(A)), puisque :

VAAVE =0, VAAVD =0. (2.65)
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Par conséquent, les lignes d’écoulement et du champ magnétique restent sur une surface
commune. Cependant, elles sont décalées les unes par rapport aux autres a cause du gradient
du potentiel électrique c’est-a-dire le champ électrique. Le potentiel lui méme est constant
sur cette surface (Fig. 2.2). Les composantes poloidales de la vitesse et du champ magnétique
sont donc paralléles, mais les vecteurs ¢ et B sont décalés I'un de I'autre dans la direction
azimutale “¢”. Le champ électrique induit une rotation des lignes d’écoulements par rapport

aux lignes magnétiques avec une vitesse angulaire constante (2 = &, = 14 (Fig. 2.2). Nous
pouvons, donc, écrire :
U, -
, = —B 2.66
U drhgyn P (2.66)
\I’A = w2
o = B, + ¥ 2.67
Yy dhoyn " he 2% ( )
avec U4 = i1 donc,
\I’A = w )

)

47rhg’ynB + e € - (2.68)

Cette loi est appelée habituellement loi d’isorotation. En effet, dans le réferentiel en ro-
tation avec une vitesse angulaire €0, le champ électrique s’annule. Les lignes d’écoulements
y deviennent paralléles aux lignes magnétiques. Ainsi, le plasma coule le long des lignes
magnétiques. Cependant, dans ce référentiel le moment cinétique du fluide n’est pas obliga-
toirement nul. La vitesse angulaire, ), coincide avec la vitesse de rotation du fluide autour
de I'axe de rotation seulement lorsque il est découplé du champ magnétique. Proche de la

couronne ou du disque central, la densité est trés élevée, alors, W, /4rhgyn < 1 et nous
wS

avons donc v, ~ 5 () représente approximativement la vitesse angulaire dans le jet a la

0
base de la couronne. Le fait que, dans les modéles du chapitre 4 et 5, € soit une fonction du
flux magnétique A induit que la rotation du jet est une rotation différentielle (Fig. 2.2).

Le champ électrique dans I’écoulement est :

L 0.
E=—VA. (2.69)

2.7.2.4 Moment cinétique

Une autre intégrale libre des écoulements axisymétriques stationnaires, est le moment
cinétique généralisé L. Il représente le moment cinétique total advecté dans I’écoulement,
une partie par le fluide et 'autre par la tension magnétique (Paatz & Camenzind 1996).
Cette intégrale est obtenue a partir de ’équation dans le cas stationnaire de la projection de
I’équation de conservation du tenseur impulsion-énergie sur I’axe de la coordonnée ignorable

¢, Eq. (2.45) :
w B
L= V@V~ hoqj—jw. (2.70)

Le premier terme représente le moment cinétique ordinaire et le deuxiéme le couple magné-
tique.
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2.7.2.5 Intégrale de Bernoulli généralisée

L’intégrale de Bernoulli généralisée peut étre obtenue en projetant ’équation du mou-
vement (Eq. 2.54) le long des lignes d’écoulement (Vlahakis & Konigl 2003). Elle peut étre
aussi déduite de I'équation de conservation de I'énergie (Eq. 2.44) dans le cas stationnaire
et axisymétrique (Breitmoser & Camenzind 2000). En utilisant la relation d’isorotation (Eq.
2.68) et du champ magnétique gelé (2.51), nous obtenons alors :

- Q
V-(hofynv;, (hoyw —|—\IJ—WBW)> =0,, (2.71)
A
A T’aide de I’équation de conservation du nombre de particules (Eq. 2.60) nous obtenons :
Q
E = hoyw — hg——B,. (2.72)
2

E est I'énergie de Bernoulli généralisée. Elle inclut 1'énergie de masse, m ¢, dans 'enthalpie
w

w. La premiére partie, hoyw , est I’énergie hydrodynamique, la seconde, \IJ—B‘p’ est le flux de
A

Poynting. E est équivalent, dans le modéle classique de vent magnétisé (Sauty & Tsinganos 1994)
a l'intégrale de Bernoulli généralisée F'(A). En effet, dans w de 'Eq. (2.72), le chauffage @
(Eq. 2.29) est déja soustrait (2.27). w est I'enthalpie du systéme total (voir paragraphe
2.4.2). Elle représente la somme de I’enthalpie du fluide Wyyiqe et celle du milieu exté-

rieur —(@). Elle donne donc I’enthalpie du systéme total isolé. Dans la limite newtonienne
2

1
ho ~ 1+ ®g/c? v~ 1+ 3 U—Q, avec w = mc? + [ dP/n, I'équation (2.72) s’écrit :
c

(E—-mc? :%mv2+/¥+mq>g—g—f3@, (2.73)
ce qui revient a I’équation de conservation d’énergie standard du régime classique (Sauty &
Tsinganos 1994). L’équation de Bernoulli (2.72) peut étre écrite sous d’autres formes pour
faire apparaitre la somme des différents termes énergétiques, comme dans le cas classique
(Eq. 2.73). Cela permet d’analyser plus simplement la contribution des énergies thermiques
et magnétiques dans I’écoulement. Nous pourrons, alors, distinguer entre les jets accélérés
thermiquement et les jets accélérés magnétiquement. La séparation des termes énergétiques
peut se faire dans le repére propre FIDO de I’écoulement. Dans ce repére, 1’énergie cinétique
est B. = mc®hg (y— 1), le potentiel gravitationnel est ®; = mc* (hg — 1) et 'énergie
thermique est v hg (w — mc2). w — mc? est I'enthalpie spécifique du fluide sans I’énergie

de masse. Le flux de Poynting reste le méme, E,,, = ———B,. D’ou :
Qw

E=mc +mchy (y = 1)+ mc*(hg — 1) + hgy (w — mc*) — \I]—B@. (2.74)
A

2.7.3 L’équation de la Transfield

L’équation de Bernoulli permet d’étudier 1’écoulement dans la direction paralléle aux
lignes magnétiques. Cependant, la structure des lignes magnétiques résulte de 1’équilibre
des forces perpendiculaires aux lignes magnétiques poloidales. Cette équation est appelée
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équation Transfield. Dans le cas classique, on peut la trouver dans Sakurai (1985), Tsinganos
(1982), Heyvaerts & Norman (1989) par exemple, dans le cas de la relativité restreinte dans
Camenzind (1987) et dans le cas de la métrique de Schwarzschild dans Mobarry & Lovelace
(1986) :
hyg 0 , hy 0A 0 1 0A
o G 0 o o 59 )

47 wr?sind

__yw¥a [ O Wa 04

4mr?2sinf | Or ynsinf Or
J ' 0A n dE
00 htynr?sinf 06 hoy d A
1B 0B, 1, wl 0w,
4 w 0A 0 "2 3 9 A

B? 9 Inhg s W 4 0 Inhg

Tir o4 T TEY Taa

n 0 ho @ Q B,
=0. 2.75

+h078A[47r\IIA}} (2.75)

2.7.4 Les composantes toroidales des champs de vitesse et magné-
tique

Maintenant que nous avons établi I’existence des 5 constantes du mouvement admises par
un fluide parfait axisymétrique stationnaire (Heyvaerts & Norman 2003c) A, ¥4, Q, L, E,
nous pouvons écrire sous forme algébrique le facteur de Lorentz, la vitesse et le champ ma-
gnétique toroidaux. Avant, il est plus astucieux d’introduire le nombre alfvénique poloidal M.
M est définit comme le rapport entre la vitesse poloidale, v,, et la vitesse des ondes d’Alfvén
du fluide magnétisé multipliée par le facteur de courbure hy (Camenzind 1986b). Le facteur
de courbure hg est utilisé pour corriger, dans le nombre d’Alfvén, le comportement singulier
de la vitesse poloidale a la surface de Schwarzschild (Breitmoser & Camenzind 2000).

v: o AThiny?Bv2 w/c2TY

2
M2 = 22 = G 2.76
01;123 B? dn ( )

oll v% est la vitesse d’Alfvén dans le fluide. Elle est définie comme la vitesse a laquelle se
propage les ondes incompressibles dans le fluide magnétisé perpendiculairement aux lignes

magnétiques poloidales. Elle est égale, dans le cas relativiste, a :
BQ
2 ¥
= —F 2.77
' 4y?nw/c? (2.77)

Les composantes toroidales sont donc :

S &2 (szg_(w?ﬂ) (1_@)), (278

Qw M? — h (1 —2%)
2
2 a2 ) .
hoQw M2 — b3+ (=2)

(2.80)
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et le facteur de Lorentz :

E [ M? — h2(1 — 22
hoy = — 20( Q"‘)Q : (2.81)
w a1+ (=)
ou :
QL

x4 est le taux d’énergie emporté par le rotateur magnétique dans 1’écoulement par rapport
a 'énergie totale éjectée a la base du jet (Breitmoser & Camenzind 2000). 11 mesure donc
la quantité d’énergie transportée par I’énergie magnétique dans I’écoulement. x4 permet de
donner l'efficacité du rotateur magnétique a accélérer le fluide. Il atteint sa valeur maximale,
x4 = 1, dans les écoulements froids ot ’enthalpie a la base du jet est trés faible par rapport
a I’énergie électromagnétique comme dans les vents de pulsars (Michel 1969). Nous pouvons
aussi avoir x4, = 1, dans les écoulements qui se forment loin de I’axe de rotation, ou I’énergie
emportée par le rotateur magnétique devient dominante. x4 est fonction seulement de la ligne
d’écoulement A, puisque x4 est fonction que de constante de mouvement (2.82).

2.7.5 Surface d’Alfvén

Dans ce qui va suivre nous allons utiliser 'indice (x) pour noter les quantités a la surface
d’Alfvén

Les expressions algébriques du facteur de Lorentz (2.81) et des composantes toroidales
de la vitesse (2.78) et du champ magnétique (2.79) possédent une singularité. En effet, leurs
dénominateurs et leurs numérateurs s’annulent a la surface d’Alfvén critique, M = M,.
Cette surface critique est décalée par rapport a la surface d’Alfvén classique, ou la vitesse
du fluide devient égale a la vitesse alfvénique v,. Ce décalage est créé par la courbure de
I’espace hg et par 'influence du cylindre de lumiére, r; = w—Q En effet, a la surface d’Alfvén
critique : ¢

M? = M} = ho, (1 — 27%), (2.83)
Au point d’Alfvén le long de I'axe de rotation, la relation entre la vitesse et le champ ma-
gnétique est :
v?, = __ B (2.84)
* Aryinaw,/c?’ '

La traversée de la surface d’Alfvén impose que le numérateur du champ magnétique toroidal

T = (w*0>2 , (2.85)

h/[]*c

s’annule :

Cette équation donne une nouvelle signification a la fonction 7% qui est U'influence du
cylindre de lumiére sur la rotation et la structure de I’écoulement. Des Eqs. (2.82) et (2.85),
on déduit que le moment cinétique transporté le long d’'une ligne magnétique A est :

E
L = w2 Q. (2.86)

212 *
c? hi,
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Contrairement aux écoulements de vents magnétisés classiques, dans les vents magnétisés
relativistes, la position de la surface alfvénique critique le long de chaque ligne d’écoulement
A est déterminée par trois constantes de mouvement. Ces constantes sont la distribution
initiale du moment cinétique, de la rotation et de I’énergie de Bernoulli. Cette derniére,
remplace 1'énergie de masse dans les modéles de vent classique (I = mw?Q). Lorsque
I’énergie du fluide augmente & la base de I’écoulement, elle rapproche la surface d’Alfvén
critique de 'objet central.

Camenzind (1986b) a montré que le cylindre de lumiére ne constitue pas une surface cri-
tique. En effet, comme nous I’avons vu, la seule singularité dans les équations (2.78) a (2.81)
est la surface d’Alfvén critique (voir aussi Vlahakis & Konigl, 2003). D’autre part, la surface
alfvénique se trouve toujours a I'intérieur du cylindre de lumiére puisque Q L < F = x4 < 1.
De ce fait, les effets du cylindre de lumiére sur la dynamique sont faibles. En effet, aprés la
surface d’Alfvén, la dynamique dans le fluide est dominée par I'inertie du fluide plus que par
le champ magnétique.

Dans I’annexe A, nous allons traiter le cas plus général d’'un écoulement de fluide non
parfait, avec chauffage par conduction. Dans le cas ol la composante poloidale de ce chauffage
est paralléle aux lignes d’écoulements, nous avons pu déduire I'expression de 1’énergie de
Bernoulli et du moment cinétique. Le facteur de Lorentz et les composantes toroidale du
champ magnétique et de vitesse s’expriment alors sous forme algébrique. Nous avons trouvé
que ce type de chauffage contribue a augmenter 'inertie de la matiére. D’autre part, la
conduction thermique dans la direction toroidale influence les composantes toroidales du
champ magnétique et de vitesse.
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Chapitre 3

Vents de Parker relativistes

3.1 Introduction

Les vitesses asymptotiques observées dans les jets relativistes de noyaux actifs et de micro
quasars sont de l'ordre des vitesses d’échappement prés des objets centraux (Mirabel, 1999 ;
Livio, 1999. Cette similitude entre les vitesses dans le jet et les vitesses d’échappement réveéle
que la région de formation des écoulements relativistes est la région centrale. Les observations
de M8T renforcent cette idée sur la formation des jets prés de la derniére orbite stable (Biretta
et al., 2002).

Différents scénarios ont été proposés pour expliquer la production de ces écoulements
relativistes. Ils se basent principalement sur des mécanismes magnétohydrodynamiques et
hydrodynamiques (Ko6nigl & Pudritz, 2000 ; Livio, 2002 ; Das, 1999 ; voir section 1.2).

Dans ce chapitre, nous allons nous concentrer exclusivement sur les mécanismes d’accé-
lération des vents relativistes sphériques purement hydrodynamiques. Nous négligerons les
processus de collimation. L’état du plasma qui constitue le fluide dans 1’écoulement sera
traité par une équation d’état polytropique généralisée. L’écoulement est supposé se former
dans une couronne sphérique qui entoure le trou noir central. Cette couronne peut étre for-
mée soit par le mécanisme CENBOL soit par des instabilités non-linéaires apparaissant dans
le plasma accrété sphériquement (Das 1999 ; voir paragraphe 1.2.3). Les effets relativistes sur
la température du fluide dans le vent seront traités dans une métrique de Schwarzschild avec
une équation d’état polytropique dont l'indice polytropique effectif varie avec la tempéra-
ture du fluide dans I’écoulement. Il permet de suivre I’évolution du fluide dans I’écoulement
de facon plus naturel, lorsque sa température change de ultrarelativiste a classique. Nous
entreprendrons dans ce chapitre une étude paramétrique pour analyser les effets relativistes
de la gravité et les effets du chauffage sur I'efficacité d’accélération du vent thermique. Nous
allons aussi comparer les résultats de notre modéle avec ceux de modeéles de vents classiques
et de vents relativistes traités avec une équation d’état polytropique a indice polytropique
effectif constant.

3.2 Du vent solaire aux vents d’objets compacts

3.2.1 Vent classique (Solaire)

Le premier modéle pour expliquer la perte de masse du soleil, fut élaborer par Chapman
en 1957. Il a considéré une atmosphére solaire étendue en équilibre hydrostatique avec un
chauffage de 'atmosphére par conduction. Cependant, ce modéle donne une densité asymp-
totique trop grande et une pression a l'infini 105 fois plus forte que la pression du milieu

95
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Fig. 3.1: Topologie du point sonique et tracé de la vitesse, normalisé & la vitesse du son, en fonction
du rayon, normalisé au rayon sonique.

interstellaire. La solution & ce probléme est venue de E. Parker en 1958. Il montra que la
couronne ne pouvait étre en équilibre statique et qu’elle devait étre en expansion continue
dans un vent supersonique (Fig. 3.1), le “vent solaire”, et expliqua ainsi la faible pression
a l'infini. Cette théorie de vent solaire fut consolidé dés 1959 par les observations spatiales
réalisées par les satellites Lunik III et Venus I.

La théorie du vent solaire a connu dans les décennies suivantes un développement rapide.
Parker (Parker 1960a; Parker 1960b; Parker 1961) a clarifié les différentes subtilités de la
théorie sur la transition entre le régime subsonique et supersonique (Fig. 3.1) et sur I'impor-
tance du chauffage dans les vents polytropiques. Puis, des études plus précises ont été entre-
prises pour conprendre certaines propriétés du vent solaire a 1 UA en particulier la vitesse.
Les modéles d’écoulements polytropiques (équation d’état polytropique P ~ n', Eq. 2.52)
ont montré la nécessité d'un chauffage (I' ~ 1, quasi-isotherme) au moins jusqu’a la surface
sonique dans I’écoulement pour la formation du vent supersonique avec des vitesses & 1 UA
d’au moins 300km/s (Gringauz et al. 1960). La conduction thermique et la dissipation de
I’énergie transportée dans les ondes hydrodynamiques ont été proposées pour chauffer le vent
et ce particuliérement dans sa partie sub-sonique (Parker 1964a; Hartle & Sturrock 1968).
Grace a ces études, E.N. Parker établit un résultat fondamental sur le chauffage minimal
(Parker 1960a) : pour qu’'un vent puisse se former, il est nécessaire d’avoir l'indice polytro-
pique inférieur & I' < 3/2 . Pour un chauffage plus faible, avec I' > 3/2, les seules solutions
d’écoulement sont des brises subsoniques. D’autre part, Leer & Holzer (1980) ont analysé
de facon plus précise les effets du chauffage sur le vent. Ils ont établi que la perte de masse
et la vitesse finale dépendent fortement de la région de I’écoulement (sub-sonique ou super-
sonique) dans laquelle I’énergie (chauffage et moment) est déposé. La perte de masse est
amplifiée par un chauffage dans la région sub-sonique, alors que la vitesse est amplifiée par
un chauffage dans la région super-sonique.
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Dans le cas des vents coronaux avec des géométries d’écoulements a fort évasement,
c’est-a-dire plus rapide que les écoulements sphérique, Kopp & Holzer (1976) ont montré
I’existence de nouveaux points critiques et une amélioration de 'efficacité dans ’accélération
thermique du vent.

3.2.2 Vent relativiste

Michel (1972) fut le premier a aborder le probléme de I'accrétion et du vent hydrodyna-
mique dans le cadre de la relativité générale. Michel s’est principalement intéressé a I'accré-
tion et aux propriétés du point sonique, afin de généraliser le modéle de Bondi (1952). Le
modéle a le mérite d’étre pionnier dans I’étude des écoulements relativistes. Michel a étudié
les écoulements adiabatiques polytropiques avec un indice polytropique constant (I' = 4/3
en ultrarelativiste et ' = 5/3 en classique) dans 'approximation du fluide parfait et dans
une métrique de Schwarszchild. Les propriétés du point sonique, et son unicité, ont été traités
avec plus de détails dans les travaux de Begelman (1978) et de Ray (1980). Ils ont montré
I’existence d’un refroidissment maximal, I' = 3, représentant la perte d’énergie maximale
dans la région subsonique du vent (Eq. 2.53), au dela duquel le point sonique disparait.

L’équation d’état polytropique utilisée dans ces différents travaux ne permet pas de mo-
déliser les grandes variations de température du fluide. En effet, elle ne permet pas de traiter
les écoulements caractérisés par un régime ultrarelativiste (T' > mc?/kg) a la base, prés du
trou noir, et un état classique (T < mc?/kg) quand le gaz devient dilué loin du trou noir.
Ce type d’équation impose un comportement partout classique ou partout relativiste. C’est
pourquoi, pour étudier d’'une maniére plus appropriée la thermodynamique du fluide dans
une accrétion adiabatique sphérique autour de trou noir de Schwarzschild, Blumenthal &
Mathews (1976) ont utilisé I’équation de Synge (1959). L’équation d’état de Synge exprime
la pression spécifique en fonction du rapport entre I’énergie interne et I’énergie de masse du
fluide dans le cas adiabatique. Elle a le mérite, dans les écoulements adiabatiques, d’avoir
une variation avec la température de la relation entre la pression spécifique et le rapport de
I’énergie interne sur I’énergie de masse.

3.3 Modéle

Dans la suite, nous allons nous consacrer a I’étude d’'un modéle a symétrie sphérique de
vent couronaux (Fig. 3.2), dans le but de préparer le terrain aux modéles 2.5D magnéto-
hydrodynamiques des chapitre suivants. Nous avons introduit une nouvelle équation d’état
polytropique, qui permet une description plus cohérente du comportement thermique du
fluide subissant de grandes variations de la température. Dans les vents d’objets compacts,
la température évolue entre un régime ultrarelativiste, ot elle est au moins de 'ordre de
grandeur de I’énergie de masse, a un régime classique, ou elle devient négligeable devant
I’énergie de masse. Prés de 'objet compact la température est assez élevée pour permettre
au gaz de supporter la gravité et en méme temps de former un vent thermique. Loin de
I'objet central le gaz dans le vent se dilue et sa température chute. Ce changement est di
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objet compact

Fig. 3.2: Modele de vent coronal. Une couronne sphérique entoure le trou noir et la région centrale
du disque d’accrétion. Ce dernier alimente la couronne en matiére et en énergie. Le vent thermique
se forme & la surface de cette couronne chaude.

a la conversion de son énergie thermique complétement ou partiellement en énergie cinétique.

3.4 Les équations hydrodynamiques

Nous adopterons les équations hydrodynamiques stationnaires dans une métrique de
Schwarzschild. Nous allons rappeler ici les équations qui décrivent le vent stationnaire et
a la fin nous introduirons la nouvelle équation d’état qui ferme le systéme.

Equation de conservation du nombre de particules

Cette équation donne la conservation du flux de particule dans un écoulement sphérique
stationnaire (Eq. 2.60) :

d
E(hovnvrz)zm (3.1)

Equation d’Euler

Dans le cas d'un écoulement sphérique stationnaire, I’équation d’Euler se simplifie et
s’écrit comme suit (Eq. 2.54) :

1, wdv? dhy dP
e N R 2
7n62 dr nwdr dr’ (3.2)

ou w est I’enthalpie spécifique, n la densité propre, ¥ la vitesse et P la pression propre. Dans
cette équation les termes magnétiques et de rotation sont négligés.
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3.4.1 Equation de fermeture

Pour clore le systéme d’équations, il faut introduire une équation d’état. Cette équation
doit lier la pression a la densité et a I’énergie interne. Elle permet, avec le premier principe de
la thermodynamique, de fermer le systéme. [.’équation de fermeture utilisée doit donner une
description moyenne des différents échanges d’énergies entre le fluide et le milieu extérieur.
Il faut aussi qu’elle donne une description moyenne des différents processus microscopiques
dans le fluide. La difficulté pour obtenir une telle équation et de modéliser ces différents
processus simultanément, oblige généralement & utiliser des hypothéses approximatives. Ces
hypothéses dans la plupart des applications astrophysiques sont de type polytropiques, on

I'ou I est une constante appelée indice polytropique.

suppose que P x n

Les équations polytropiques sont trés maniables. Elles permettent la résolution analytique
des équations magnétohydrodynamiques (Michel 1972). Elles fournissent aussi la possibilité
d’inclure du chauffage de maniére implicite. En effet, en faisant varier I'indice polytropique I’
entre la valeur adiabatique 5/3 (dans le cas monoatomique) et isotherme 1, ont fait augmenter
le chauffage dans le fluide. La valeur de I'indice polytropique dépend aussi de la température
du milieu qui peut étre classique (température de I'ordre de 10° K) ou ultrarelativiste (tem-
pérature de I'ordre de 102K pour les proton). En effet, la valeur de l'indice polytropique
dépend du nombre de degré de liberté des particules qui constituent le fluide, et le chauffage
qui opére dans le fluide. Par exemple, dans le cas adiabatique classique, on a I' = 5/3 et,
dans le cas adiabatique ultrarelativiste, ' = 4/3. Cette différence entre les valeurs de 'indice
polytropique dans les deux domaines réduit le champ d’application des équations polytro-
piques avec indice constant. Elles ne peuvent s’appliquer qu’aux écoulements entiérement
ultrarelativistes ou aux écoulements entiérement classiques. Donc, 'application de I'équa-
tion polytropique avec indice constant se limite aux vents d’étoiles de faible masse comme le
soleil. Dans le cas des vents autour des objets compacts, la grande variation de température
dans ces vents rend l'utilisation de cette équation polytropique un peu plus délicate. Dans
ces vents, il faut modéliser d’'une maniére distincte les deux régions, la région proche et la
région lointaine de 1'objet central.

Une étude précise des vents relativistes ne peut donc se faire sans une équation d’état
polytropique dont I’indice polytropique effectif varie continiment avec la température. L’in-
dice polytropique effectif (Weber 1970), est défini comme la variation relative du logarithme
de pression par rapport a celui de densité, le long d’une ligne d’écoulement :

dln P

Feg = )
4 dlnn

(3.3)

Pour construire I’équation de fermeture, nous avons généralisé I’équation de Synge (Ma-
thews 1971 ; Synge 1957). L’équation d’origine donne la relation entre la pression spécifique
et le rapport entre I’énergie interne et 1’énergie de masse, dans le cas adiabatique, pour
un fluide caractérisé par une distribution Maxwellienne. Cette équation d’énergie s’applique
aussi bien dans le cas de température classique que relativiste.

P=Lne (3 - 6—°> . (3.4)

3 €0 €
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oll e est I’énergie interne et €y = m ¢ 1’énergie de masse.

En utilisant le premier principe de la thermodynamique (Eq. 2.42), nous pouvons déduire
de I'Eq. (3.4), I’équation d’état dans le cas adiabatique

2 ~
e’ — €2 = kn3 = knled ! (3.5)

C’est I'équation d’¢tat d'un fluide adiabatique monoatomique (Fpq = 2).

La signification physique de 'indice polytropique I' change selon les applications astro-
physiques. Dans I'étude des intérieurs stellaires il représente la dureté de I’équation d’état
de la matiére. Dans le cas des écoulements astrophysiques, il caractérise le chauffage dans le

fluide. Introduite par Bondi en 1951, I’équation polytropique ordinaire a servi dans 1’étude de
3
adiabatique, et 1, isotherme. La variation de I' entre ces deux extrémités permet d’augmenter
le chauffage dans le fluide.

I’accrétion puis, par Parker en 1960, pour le vent solaire avec des valeurs de I' entre [' =

Dans notre étude du vent relativiste nous avons pris I'Eq. (3.5) et fait varier I' dans un
intervalle de valeurs entre 3 et 1. Cela sera fait dans le but d’étudier aussi bien les solutions
des écoulements qui subissent des pertes d’énergies I' > g que les écoulements soumis a un
chauffage, I' < g En effet, changer la valeur de T' de sa valeur adiabatique est équivalent &
inclure du chauffage dans I’énergie interne e. Suivant I’approche initiale de Parker pour le
vent solaire, nous supposons aussi que I'enthalpie du systéme global w (paragraphe 2.4.2)
vérifie toujours le premier principe de la thermodynamique pour un systeme isolé (Eq. 2.26).
Cependant, nous considérons que la relation entre I’énergie interne et la densité est sous la
forme suivante :

e’ —e2=rn't, (3.6)

I" peut prendre n'importe quelle valeur entre “1” (isotherme) et “3” (refroidissement maxi-
mal au dela delaquelle le vent ne peut pas se former (Fig. 3.4; Begelman, 1978). La quantité
de chauffage déposée le long d’une ligne I’écoulement est égale a I'intégrale du flux de chaleur
le long de cette ligne, @ = [¢ds. Ce flux est défini comme la différence entre 1'énergie in-
terne du fluide supposée isolée (adiabatique) donnée par I'Eq. (3.5) et ’énergie interne réelle
du fluide (Eq. 3.6) :

Q= \/eg + knt—1 — \/eg + KknS/3=1 (3.7)

Nous pouvons maintenant déduire I’enthalpie spécifique du fluide isolé du milieu extérieur
Wﬁuide =w - Q . (38)

(@ représente aussi 'enthalpie spécifique échangée avec le milieu extérieur ¢ (Eq. 2.27).

Nous pouvons déduire ainsi ’équation d’état sous la forme habituelle, c’est-a-dire sous
la forme d’une relation explicite entre la pression et la densité. Elle est obtenue dans le cas
non-isotherme (I" # 1) & partir du premier principe de la thermodynamique du systéme
total isolé (Eq. 2.42) et de I’équation d’énergie polytropique (Eq. 3.6) :
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Contrairement au polytrope classique, I’énergie de masse ¢, apparait explicitement. L’équa-
tion d’état polytropique (Eq. 3.9) nous permet, donc d’inclure les effets thermiques aussi bien
classiques que relativistes. En effet, la relation entre la pression et la densité varie selon le
rapport entre ’énergie thermique et 1’énergie de masse. Nous allons voir cette propriété de
cette équation d’état dans la suite.

Par ailleurs I'indice polytropique effectif dans ce modéle est calculé a partir des équations
(3.3) et (3.9), on a :

Contrairement a I" qui ne dépend que du chauffage dans I’écoulement, ['s¢ dépend aussi
de I’état de la matiére. I'og est fonction de 1’énergie interne du fluide et de 1’énergie de masse.
Nous avons introduit ici un nouveau terme sans dimension p :

Le terme p représente & une constante preés le rapport entre I'énergie thermique et 1’énergie
de masse. Ainsi, dans le régime ultrarelativiste p > 0, car ’énergie thermique devient
plus importante que 1'énergie de masse (e > ¢€j). Au contraire, dans le régime classique
p +— 0, puisque ’énergie thermique devient plus faible que 1’énergie de masse (e < €).
Ainsi, U'indice polytropique effectif Ty (Eq. 3.10) n’est plus une constante. Il varie avec la
variation du rapport entre 1’énergie thermique et I’énergie de masse. Ce terme p, permet
d’analyser le passage entre les deux régimes classique et ultrarelativiste dans 1’écoulement.

3.5 Limite classique et ultrarelativiste

3.5.1 Limite classique

La limite classique est adaptée a 1’étude des vents des étoiles de faible et de moyenne
masse et les vents des disques d’accrétion (pour r > 100 = rg) autour des objets compacts.
Il peut aussi étre utilisé pour ’analyse des parties asymptotiques des vents relativistes. Dans
ces cas, la température varie entre T ~ 10° K (a la source) et T ~ 10* K asymptotiquement.
Dans cet intervalle 1’énergie thermique du fluide reste trés faible par rapport a I’énergie de
masse (I’énergie de masse pour un proton correspend & une température de T ~ 10'?K, dans
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le cas d'un fluide de protons - électrons). Pour e < ¢, en remplagant dans Eq. (3.11) nous

obtenons,
€
p~ 200, (3.12)
€0
Ieg = T, (3.13)
et la pression
T-Dx] r
pP=|————— . 3.14
] (5.14)

Donc, dans le cas adiabatique 'y = 3"

3.5.2 Limite ultrarelativiste

La limite ultrarelativiste est adaptée a 1’étude des vents formés prés des objets compacts
dans la région centrale ou la température est de l'ordre de T ~ 10" K (pour un fluide
constitué de protons et d’électrons) ou de T ~ 10° K (pour un fluide constitué de positons-
électrons). Pour ces températures élevées, I'énergie interne devient de I'ordre de I'énergie de
masse (e ~ €y) ou supérieure.

p o~ —, (3.15)

Teg = , (3.16)

et la pression

e (3.17)

4
Donc, dans le cas adiabatique 'y = 3

Les variations de I'indice polytropique effectif et de la température dans le cas d'un vent
adiabatique utilisant notre équation d’état généralisée sont tracées (Fig. 3.3). Deux régimes
sont représentés, ultrarelativiste a la base pres de I'objet compact et classique dans la région
asymptotique.

3.6 Equations de conditions de passages

3.6.1 Vitesse du son

Par définition, la vitesse du son représente la vitesse avec laquelle se propage I'information
dans le fluide. Dans le cas d’un fluide relativiste, la vitesse de son normalisée & la vitesse de

[N US 2 . .
la lumiére, S = —, est définie comme suit :
c
2 1dP
52 _ US _
® 2 wdn

-1y 24+ (3-T)p
- {1 (1+p)[2+<r+1>p1} ' (3.18)
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Fig. 3.3: (a) Variation de 'indice polytropique effectif dans un vent adiabatique. (b) Variations
correspondantes de la température d’un fluide électron-positron, en pointillé, et de la température
d’un fluide électron-proton dans le vent, trait plein.

La dérivées logarithmique de la vitesse du son par rapport a la densité généralisée p est :

dlngz  T+1)B-1)p*+4(T +1)p+40
dlnp  (p+1)[20+ (T +1)p][2+ (T +1)p]

De I’équation (3.18) nous pouvons déduire facilement la limite maximale de la vitesse du

(3.19)

son du fluide dont I'indice polytropique est I'. En effet, la vitesse du son est une fonction
croissante de I’énergie thermique dans le fluide. Elle atteint son maximum lorsque I’énergie
thermique du fluide diverge e;, — oc. La valeur maximale de la vitesse du son dans le modéle
correspond donc a p — oo dans I'équation (3.18). D’ou l'inégalité suivante :

r—1

B2 < — (3.20)

Pour retrouver cette condition nous avons supposé que I' < 3. En effet, ' = 3 représente
le refroidissement maximal du fluide dans le modéle au dela duquel il n’y aucune solution
possible de vent (Begelman 1978).

La condition (Eq. 3.20) représente une limite maximale pour la vitesse du son dans le
fluide. Elle est imposée par I'équation d’état qui décrit le fluide. Par exemple, dans le cas

1
adiabatique la valeur maximale pour la vitesse du son est 52 < 3 Cela correspond bien a la

vitesse maximale du fluide dans le cas adiabatique ultrarelativiste, e, >> €5 (Hoffmann &
Teller, 1950 ; voir aussi chapitre XV de Landau & Lifshitz, 1959) .

3.6.2 Normalisation des grandeurs du modéle

Avant de résoudre les équations hydrodynamiques du vent relativiste, il est utile de nor-
maliser les différentes grandeurs du modeéle. Les vitesses sont normalisées par rapport a la
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vitesse de la lumiére en introduisant 5 = —. Les distances sont normalisées par rapport au
. . C . . .
rayon de la surface sonique r,. Ce choix de normalisation des distances nous permettra de
déduire plus facilement les conditions imposées sur la dynamique du vent par la traversée de
la surface sonique.
Le rayon sans dimension est donc :

R=—, (3.21)

Tx

Un nouveau paramétre du modéle apparait dans cette normalisation :

2
p =16 — Yesc (3.22)

Ty c2

C’est le carré de la vitesse d’échappement a la surface sonique normalisée par le carré de la
vitesse de la lumiére. C’est aussi le rapport entre le rayon gravitationnel et le rayon sonique.
i mesure l'intensité du champ gravitationnel dans 1’écoulement sub-sonique. p représente
aussi une longueur caractéristique de la courbure de I'espace (rayon de Schwarzschild). D’un
autre coté la valeur de p définit une limite physique de la région de formation du vent. En
effet, la formation du vent doit se produire & une distance ry plus grande que le rayon de
Schwarzschild rg. Donc, le vent doit se former a une distance Ry > pu.

3.6.3 Equations de continuité et du mouvement normalisées

A partir de I'équation d’Euler (Eq. 3.2) et de continuité (Eq. 3.1), nous pouvons déduire
les équations différentielles de la vitesse normalisée [ et de la densité généralisée p dans le
modéle :

B2— dlmp? 48 1-B p

= ) .2
-8 dR R R R—p (3:23)

B2 —B2dlnp 2 1-B21 pu
i — (-1 -2 — 24
7 ar VIRt ® RE_4 (3:24)

3.6.4 Condition sur la surface sonique

Les deux équations (3.23) et (3.24) présentent une singularité a la surface sonique, M? =
g—z = 1. Cette surface peut étre appelée horizon hydrodynamique par analogie avec ’horizon
du trou noir (Sauty et al. 2001). En effet, lorsque le fluide est dans la région sub-sonique,
B < pfs, Iinformation dans le fluide se propage dans toutes les directions. Ainsi, si une
perturabtion est induite dans cette région, elle peut se propager vers la base du vent. Au
contraire, dans la région supersonique, 5 > [, le fluide se propage plus rapidement que
I'information. Dans ce cas une perturbation (choc) dans le vent est seulement advectée avec
le fluide. L’information ne peut pas se propager dans le sens inverse.

A la transition de la surface sonique la condition de régularité impose que les termes de

droite des équations (3.23) et (3.24) soient nuls. Cette condition oblige la vitesse de son a la
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surface sonique a prendre la valeur suivante :

2 K
= _ 3.25
Sk 4_ 3,“ ( )

On en déduit la valeur de p, a partir de I’équation (3.18) a la surface sonique :
(T +1) (265, = (T = 1))pk +2(F5, (T + 3) =T (T = 1))pe + 45, = 0. (3.26)

psx a une valeur positive si et seulement si I' < 3. Cette condition impose la valeur maximale
pour le refroidissement dans le vent que nous avons déja mentionnée.

Une autre condition peut étre déduite des équations (3.25) et (3.20) sur la distance mini-
male entre la surface sonique et la surface du trou noir. Cette distance minimale correspond
a I’énergie thermique maximale du fluide qui est permise par I’équation d’état (3.9) et qui
permet d’équilibrer la gravité dans I’écoulement :

4T —1)

T (3.27)

B < Hmax =

Ensuite, nous en déduisons la dérivée de la vitesse et de la densité a la surface de sonique

par la loi de I'Hopital pour les Eqgs. (3.23) et (3.24). Aprés quelques calculs nous obtenons
pour la dérivée de l'accélération :

272 2

A{%} +B% +C =0, (3.28)

_ din 2| (4—3p)
A=1+(T-1) Tinp | S0 p) (3.29)

_ dln g p
B= Y *(F—l)ﬂ, (3.30)

—1642 d1n 32 (4 —3u)?
=t ('~ g T VS o

Nous nous sommes intéréssés seulement aux solutions de type vent, c’est-a-dire aux écou-
lements qui deviennent supersoniques a la transition de la surface critique :

dg

32
T >0 (3.32)

*

Cette transition n’est possible pour un écoulement hydrodynamique soumis & un chauffage
que lorsqu’il posséde une énergie thermique suffisante pour compenser la gravité. Pour que
cette condition soit réalisée, il faut que la surface sonique ne soit ni trop proche ni trop loin
de la surface de Schwarzschild. En effet, si la surface sonique est trop proche de la surface de
Schwarzschild, I’énergie thermique maximale du fluide devient insuffisante pour compenser
I’énergie gravitationnelle. Si les deux surfaces sont trop éloignées 1'une de 'autre, le fluide
devient dilué et sont énergie thermique insuffisante pour compenser 1’énergie gravitationnelle.
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Fig. 3.4: Domaine de 'espace des parameétres de gravité p et de chauffage T' dans lequel le vent
supersonique se forme. Les isocontours représentent les facteurs de Lorentz v dans les différents
régions de l'espace des paramétres.

En résumé, la formation de vent supersonique est donc assujettie & une condition sur la
distance (c’est-a-dire sur p) entre la surface sonique et le trou noir :

fhmin < M < fhmax- (3.33)

® [lmax = T'G/Txmin : correspond a la distance minimale entre la surface sonique et le trou
noir 7, min. En effet, I’énergie thermique dans le fluide a la surface sonique augmente de fagon
continue avec la gravité lorsque cette surface se rapproche du trou noir. Cependant, 1’énergie
thermique ne peut pas augmenter indéfiniment (Eq. 3.27). Sa limite maximale est imposée
par I’équation d’état du fluide. Par exemple, dans le cas adiabatique ultrarelativiste, ’énergie
thermique maximale du fluide correspond & la vitesse du son maximale dans le fluide —.

V3

® [lmin = TG/ Tx max : correspond a la distance minimale entre la surface sonique et le trou
NOIT 7'y may- 1l est calculé pour chaque valeur de T' & partir de I’équation (3.32). En effet,
le gaz devient plus dilué lorsque la surface sonique s’éloigne du trou noir. Donc, il induit
une diminution de I’énergie thermique avec la gravité. Cependant, 1’énergie thermique peut
diminuer plus rapidement que la gravité. Ceci peut se produire lorsque le chauffage dans la
région subsonique n’est pas suffisant pour maintenir une énergie thermique élevée jusqu’a la
surface sonique. Par exemple, dans le cas classique p ~ 0 le chauffage minimal pour former
un vent correspond a la valeur I' = 3/2.

En conclusion, la formation de vent a partir d'une couronne chaude autour d’objet com-
pact est conditionnée par le chauffage et la dureté de I’équation d’état du fluide dans le
vent. En effet, le vent ne peut se former que lorsque la surface sonique est relativement
proche, rmin < 7 < Tmax, du trou noir, de telle facon que le chauffage puisse maintenir une
énergie thermique suffisamment élevée (r < ryax) et que la gravité ne soit pas trop grande
rmin < 7. Le vent peut alors se former pour un indice donné, I', tant qu’il existe un intervalle
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[Tmin, "max] dans lequel la transition subsonique-supersonique peut avoir lieu aussi bien dans
le cas d’un chauffage de I'écoulement [" < g que de refroidissement I" > g (Fig. 3.4). Dans ce
modéle comme dans Begelman (1978), il existe un refroidissement maximal au delad duquel
le point sonique disparait [' = 3.

3.6.5 Tuyére de De Laval

Une fagon simple pour comprendre les effets de la gravité sur la formation du vent consiste
a utiliser I'analogie (Parker 1964a) qui existe entre I’expansion du vent et I’écoulement dans
une tuyére de De Laval, c’est-a-dire d’un fluide soumis a une force de pression en amont d’un
tube rigide de section variable, présentant un goulot d’étranglement (Fig. 3.5). Dans ce cas un
ajustement de la pression en amont permet d’obtenir une transition subsonique/supersonique
au niveau du goulot d’étranglement quand la section du tuyau est minimale. Dans le cas ou
la pression en amont est plus petite, la transition subsonique/supersonique ne peut pas se
produire. [L’écoulement reste subsonique avec un comportement de type brise, puisque le
vent est décéléré dans la région d’échappement du tube. Dans le cas ou la pression en amont
est plus grande, la transition se produit avant étranglement aucun régime stationnaire ne
peut s’établir. L’analogie été introduite pour la premiére fois par Parker (1964a) suivant les
suggestions de Clauser (1961). Cette analogie a aussi été utilisée dans le cas d’écoulements
dépendant du temps par Kopp (1980). Les variations dépendant du temps dans la densité
a la base du vent solaire induisent des variations de la pression en amont de la tuyére. La
position du point sonique se déplacé dans le temps par rapport au goulot d’étranglement
correspondant a I’écoulement du vent solaire stationnaire (Fig. 3.5). Dans cette étude, Kopp
a montré que 1’état stationnaire ne pouvait se produire que lorsque le point sonique se trouve
avant I’étranglement. Pour les solutions avec un point sonique qui se trouve en aval de I’étran-
glement, il apparait un nouveau point critique de type d (point-focal) dans lequel le vent est
décéléré et redevient subsonique.

Fig. 3.5: Accélération du fluide dans un tube avec un goulot d’étranglement.

L’analogie entre le vent solaire et la tuyére de De laval peut étre décrite quantativement
comme suit :

On considére un cas stationnaire a une dimension soumis seulement a la force de pression
dans le tube (Fig. 3.5). L’équation de conservation des particules s’écrit
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U =nyV Seq, (3.34)

ol Ser est la surface effective dans la tuyére que traverse le fluide par unité de temps. Comme
I’écoulement est seulement a une dimension, nous considérerons alors la surface comme fonc-
tion de R seulement.

Pour utiliser ’analogie avec la tuyére, il faut prendre 1’équation d’Euler en ’absence de
force externe (gravité dans ce cas), elle s’écrit :

1, 4 dp

Il nous reste maintenant a retrouver la relation entre la section Seg de la tuyére et
I’accélération dans le vent. Pour cela, il suffit de remplacer la force de pression dans I'Eq.
(3.35) par son expression en fonction de la dérivée de la densité dP/dr = wdn/dr 32. Puis,
en utilisant les Egs. (3.35) et (3.34) nous pouvons obtenir :

S 1 (& = 1) ap?
dR 2 (1 - p?)dR"’

(3.36)

Cette simple équation donne la relation entre la variation de la section du tube de la tuyére

et la variation de la vitesse en fonction des propriétés thermodynamiques du fluide. Dans la
2

région subsonique, — < 1, 'accélération du fluide se produit s’il y a une décroissance de

s
2

la section et vice versa dans la région supersonique, > 1. L’équation (3.36) montre que

32
S

lefficacité de 'accélération dépend du taux de rétrécicement du tube a la surface sonique

et de la variation de la section du tube avec la distance. En effet, plus la section varie vite,

plus le rapport entre la section en aval et en amont du tube par rapport a la section dans

I'étranglement est grande Seg;zmont A, Sgﬂf’:val et plus la vitesse du fluide a la sortie de
eff e eff e

tube est élevée.
A partir des Eqgs. (3.36) et (3.23), nous pouvons calculer la section effective de la tuyére
analogue aux solutions étudiées. Il suffit pour une solution donnée d’intégrer I’équation sui-

vante : )
aSer _ 1 Gz =D 1@ a2 1= p (337
dR 2 (1 —-p2)1 -8 | R R R—u '

/82
3.7 Etude paramétrique

Le nombre de paramétres libres dans le modéle est de deux, d’une part, I'indice polytro-
pique ' qui controle le chauffage dans I’écoulement et, d’autre part, 'indice de la courbure
i qui lui controle la gravité dans le vent. De ce fait, p controle aussi I’état de la matiere. Ces
deux parameétres vont nous permettre de controler la gravité et 1’énergie thermique du vent.

Aprés avoir choisi des valeurs de p et ', nous intégrons les équations (3.23) et (3.24) a
partir de la surface sonique en aval, dans la région supersonique, et en amont vers la couronne,
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dans la région sub-sonique. Nous allons étudier dans la suite les effets du chauffage en faisant
varier ' et les effets de la gravité sur le vent en faisant varier p.

3.7.1 Effets du chauffage

En diminuant la valeur de I pour un g donné, nous augmentons le chauffage dans le vent.
Comme dans le cas du vent classique, ’accélération du vent augmente lorsque le chauffage
dans le vent croit (Fig. 3.6). En effet, la diminution de T" se traduit par 'augmentation de
I'énergie déposée (chauffage) dans 1’écoulement. Cette énergie affecte ’écoulement surtout
quand elle est déposée dans la région supersonique. En effet, dans cette région I’énergie est
transformée plus efficacement en énergie cinétique par dissipation (Leer & Holzer 1980).

[T T T T 7T T T T T T T T T T T T T Iy

. =108

1 10 100 1000 10% 10> 10 10’

rlr,

Fig. 3.6: Tracé du facteur de Lorentz en fonction de la distance normalisée au rayon de Schwarzschild
pour u = 0.1 et différentes valeurs de I'.

3.7.2 Effet de la gravité

Les vents autour des objets compacts se caractérisent, par rapport aux vents des étoiles
peu massives, par une gravité intense dans la région de formation, ou ils sont soumis a des
effets relativistes. p controle les effets de la courbure de I'espace. L’augmentation de la valeur
de p affecte l'efficacité de la formation des vents de trois fagons :

1. L’augmentation de la valeur de p se traduit par un rapprochement de la couronne du
trou noir. Ceci augmente 1’énergie thermique qui équilibre la gravité et I’excés d’énergie
restante augmente aussi et accélere le vent. L’augmentation de I'énergie dans la région
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basse du vent lorsque g augmente est équivalente a une déposition d’énergie et de
quantité de mouvement additionnel dans le vent. Cette énergie est déposée aussi bien
dans la région sub-sonique que dans la région super-sonique basse (qui devient plus
proche de la couronne, lorsque ;i augmente). Ainsi, le flux d’énergie thermique dans
la couronne va étre dissipé plus facilement dans la région supersonique. Ceci induit
une augmentation de la vitesse asymptotique (Leer & Holzer 1980), puisque dans cette
région la conversion de I’énergie thermique en énergie cinétique est plus efficace.
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Fig. 3.7: Pour trois solutions ayant le méme I' = 1.2 et avec des valeurs de pu différentes p =

0.1, 0.2, 0.3, le tracé (a) du facteur de Lorentz, (b) de l'indice polytropique effectif et (c) de la
section d’ouverture de la tuyére de De Laval équivalente.

2. L’accroissement de p permet de changer ’état de la matiére dans la région basse du
vent prés de la couronne ou la gravité est intense. Dans cette région, 1’état de la
matiére devient ultra-relativiste donnant plus d’efficacité a la conversion de I’énergie
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thermique en énergie cinétique. Cependant, dans la région asymptotique la gravité
est faible et I'état du fluide est classique. Ce changement d’état de la matiére dans
le vent du régime ultra-relativiste a la base au régime classique asymptotiquement
est analogue au cas d’un vent purement classique ayant un chauffage variable dans
lequel le chauffage diminue de la région basse a la région asymptotique. Dans le vent
relativiste, la température et la densité sont élevée dans la région basse ce qui durcit
I’état de la matiére. Ceci se traduit par une diminution de I’indice polytropique effectif,
Cefr, qui devient proche de 1. Par exemple dans les solutions de vent de la (Fig. 3.7b),
I'indice polytropique effectif varie de 1.1 dans la région basse du vent a 1.2 dans la région
asymptotique. Ce changement de ’état de la matiére avec I'intensité de la gravité affecte
la dynamique des vents relativistes. En effet, il induit une augmentation du gradient de
pression radiale, ce qui permet de réhausser l'efficacité d’accélération du vent, et donc,
d’augmenter le facteur de Lorentz asymptotique. De ce fait, plus la région du régime
ultrarelativiste est étendue (Fig. 3.7b) (u ) plus le facteur de Lorentz asymptotique
est grand (Fig. 3.7a).

— F L

n/n couronne
10
I

[
couronne

Fig. 3.8: Variation de la densité normalisée par la densité de la couronne en fonction de la distance
normalisée au rayon de la couronne pour différentes valeur de p = {10_3, 0.12,0.14,0.18, 0.3}.

3. Par définition, u controle la courbure de I'espace dans le modéle. Cette courbure in-
troduit une dilatation du temps universel ¢ par rapport au temps propre 7 dans le
FIDO (Section 2.5) 67 = /1 — £4t. Le flux de particules réel ¥ d7 (observé dans le
référentiel propre FIDO) traversant une surface sphérique de rayon r dans un temps 07
est de r?> yn v’ /T — £ 6t. Ce flux est 67/t fois plus faible que le flux W 6t = r? yn 7ot
(flux apparent dans le référentiel se trouvant a l'infini) qui traverse la méme surface
pendant la période de temps d¢. En autres termes, il existe un déficit de flux de parti-
cules par unité de temps universel ¢t dans le FIDO par rapport au flux dans le cas d'un
écoulement dans un espace plat. Ce déficit est induit par la gravité élevée prés du trou
noir qui dilate le temps. Le déficit créé a la base du vent va étre conservé a cause de la
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conservation du nombre de particules et ce malgré la diminution de la différence entre
le temps propre 7 et le temps universel . En effet, cette diminution sera compensée
par une chute plus rapide de la densité propre n (Fig. 3.8). Cette diminution rapide de
la densité dans le vent engendre une augmentation du gradient de pression. Il permet
ainsi d’accélérer plus efficacement le vent.

Pour mieux comprendre la diminution rapide de la densité dans le vent relativiste (Fig.
3.8), nous allons revenir sur la définition du flux de particules dans un cas simple. Nous
allons considérer un écoulement de fluide avec une vitesse radiale constante a travers
des surfaces sphériques S(r). Nous allons tenir compte aussi de la courbure selon 7. Le
flux de particules qui traverse S(r) est le nombre de particules qui traversent dans le
repére propre FIDO, pendant une unité de temps universel 6t = 1, la surface S(r). Les
volumes (portion de sphére) dans la figure (Fig. 3.9) contiennent toutes les particules,
r?nvd7(r), qui vont traverser S(r) pendant une période 6t = 1. Ces volumes sont
fonction de r, leur coté s’allonge lorsque r augmente. En effet, I'intervalle du temps
propre 67(r) = /1 — E est une fonction croissante de r. La courbure a un effet sur le
vent analogue a I’expansion rapide des tubes de flux dans le cas classique (vent solaire)
sans courbure d’espace.

Kopp & Holzer (1976) ont montré que 'efficacité de 'accélération du vent augmente
lorsque les tubes de flux ont une expansion plus rapide que le sphérique dans la partie
sub-sonique. Ils ont considéré que cette forte expansion se produit dans une région de
1 & 2 rayon solaire. Ils ont montré que les vitesses asymptotiques dans ces vents sont
plus grandes que celle du vent solaire sphérique normal.

Les volumes qui contiennent
les particules

qui traversent dans un®f
une surface S(r)

=[1-H
dt(r, )=/1 £ 5t

2

7

N

vot(r,)

vot(r, ) S(r)

6T(rl )= 1=K ot
r

Fig. 3.9: Flux de particule a différentes altitudes, autour du trou noir. L’épaisseur de la coquille

v 07 augmente lorsqu’on s’éloigne du trou noir a cause de la diminution de la courbure de ’espace

hy =

\/1 — %. De ce fait, la coquille 2 qui se trouve & une distance r9 > 71 a une épaisseur plus

grande que la coquille 1.
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Une facon plus simple, pour expliquer 'effet de 'augmentation de p sur Defficacité de
l'accélération du vent est d’utiliser 'analogie avec la tuyére de De Laval (Section 3.6.5). Le
calcul de la section effective de la tuyére de De Laval correspondant a différentes valeurs de
p (Fig. 3.7¢c) montre une augmentation de I'ouverture de la section effective Seg avec u. La
variation de la section Seg est plus rapide lorsque p augmente. Cet effet apparait surtout
dans la région sub-sonique ot les effets relativistes de la gravité sont élevés.

3.8 Comparaison avec les modéles polytropiques usuels

3.8.1 Comparaison avec le vent classique

Dans la limite classique, la masse de I’'objet central est faible et le rayon de Schwarzschild
caractéristique devient négligeable devant le rayon de I'étoile (rg << Tetoile), €N conséquence,
(re << r4). De ce fait, il n’y a aucun effet de la relativité générale sur le vent autour des
étoiles de faible masse ou de masse moyenne, puisque la courbure d’espace p est nulle. Dans
ce cas, la vitesse du son devient faible par rapport a la vitesse de la lumiére, v5 << ¢, et elle
vérifie la relation limite suivante :

U2

/"L escC x
@ = —=, (3.38)
S /US
Ol Vege » €St la vitesse d’échappement a la surface sonique et v? la vitesse de son définie comme
suit :

V2= — —| = k0" (3.39)

S

A la surface sonique, la formation du vent supersonique impose une condition de conti-
nuité. Le terme de droite doit s’annuler dans ’équation de la dynamique (Eq. 3.23). D'un
autre coté, en utilisant la relation limite (u — 0) (Eq. 3.38) nous pouvons déduire I’expres-
sion de la vitesse du son a la surface sonique :

Vesc %
Sk — s 3.40
o = 22 (3.40)

Cette relation est la limite classique de la condition de traversée de la surface sonique donnée
par l'equation (3.25) dans le modéle relativiste.

Les équations qui régissent les écoulements hydrodynamiques sphériques (3.23 et 3.24)
sont déduites dans le cas classique (1 — 0).

v? — v2dv? 1 1 v2
S N 3.41
w2 dR s (R R? 02 ) ’ (341)
v?—v2dlnp 1 021
5 =2('—1)|—— + =22 —_ 3.42
v2  dR ( ) [ R * v? RQ] (3.42)
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Fig. 3.10: Topologie du point sonique adiabatique I' = 5/3, en (a) le cas classique u — 0, en (b)
le cas relativiste avec u = 0.65.

De la condition de continuité et des deux équations (3.41) et (3.42), il découle que la
distance entre la surface de I’étoile et la surface sonique est seulement fonction de la vitesse
du son a la surface sonique. Le comportement du vent classique (vent de Parker) est régi
uniquement par le chauffage dans ’écoulement donné par 'indice polytropique I'. Alors, la
connaissance de la perte de masse dans I’écoulement et les propriétés du vent dans la région
asymptotique permettent de calculer la densité dans le vent et la distance de la surface
sonique & I’étoile. Donc, contrairement au vent relativiste, la distance entre la surface sonique
et le rayon de I’étoile n’a aucun effet sur le comportement du vent. Une autre différence
entre le vent classique et le vent relativiste est que, dans le cas classique, la formation
du vent supersonique requiert un chauffage minimal. Ceci se traduit par la condition I' <
3/2 trouvée par Parker (1960). Au dela de cette valeur de I'indice polytropique, I’énergie
dans le vent n’est plus suffisante pour permettre d’équilibrer le pontentiel gravitationnel de
I’étoile et de former ainsi le vent. Au contraire, dans le vent relativiste, cette condition est
remplacée par une condition plus générale (Eq. 3.27) représentée (Fig. 3.4). Elle dépend de
I'intensité du potentiel gravitationnel dans l’écoulement, donnée par i dans notre modéle.
Les écoulements subsoniques qui se forment prés des trous noirs (u grand), peuvent devenir
super-soniques méme si I' > 3/2 (Fig. 3.4). En effet, la gravité intense prés des objets
compacts fait augmenter 1’énergie thermique dans le fluide et change 1'état de la matiére
a la base du vent. Elle donne ainsi plus d’efficacité a ’accélération dans I’écoulement et a
la formation du vent méme si I' > 3/2 (voir paragraphe 3.7.2). La différence entre le vent
classique et relativiste est illustrée ( Fig. 3.10) dans le cas adiabatique I" = 5/3. Dans le cas
classique ( Fig. 3.10a) les deux solutions critiques sont des solutions d’accrétion, alors que
dans le cas relativiste (z = 0.65, Fig. 3.10b) les deux solutions critiques, vent et accrétion,
existent.

Nous allons effectuer maintenant un développement limité au premier ordre de I’équation
de la dynamique (Eq. 3.23) dans la limite de faible valeur de p, (12 < 1). Ainsi, nous pouvons
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isoler plus facilement les corrections, introduites par les effets relativistes sur le vent. Ainsi,
nous pourrons comparer plus facilement les vents autour des étoiles de faible masse (vent
classique) et les vents autour des objets compacts.

L’équation (3.23) s’écrit dans la limite y < 1, donc dans la limite d’un écoulement avec
une faible énergie thermique (comparativement a ’énergie de masse) p ~ 2%—51 < 1:

1(3/B)* —1dInp> _ 2 < _2>] 3u B T =1)pB (3.43)

> 1-p dr B\ p)| e

TN

Il apparait deux nouveaux termes qui s’ajoutent aux forces dans le cas purement classique.
Le premier terme, une force positive, est le gradient de pression additionnel créé par la
courbure d’espace. Cette force, est induite par la chute de la densité dans le vent (Fig. 3.8).
Le deuxiéme terme, une force positive aussi, est induit par I’état relativiste de la matiére prés
du trou noir. Il représente I'influence de la température relativiste sur la dynamique. Ce terme
montre l'accroissement de l'efficacité du transfert de 1’énergie thermique en énergie cinétique
avec la température. Ces deux forces positives additionnelles expliquent la possibilité de
formation de vent méme lorsque I' > 3/2.

3.8.2 Comparaison avec le vent a indice polytropique constant

L’originalité de notre modéle est I'équation d’état avec I'indice polytropique effectif va-
riable. La plupart des modeéles de vents et de jets autour des objets compacts (Michel 1972;
Chakrabarti et al. 1996; Chattopadhyay et al. 2004; Das 1999; Daigne & Drenkhahn 2002)
utilisent une équation d’état avec un indice polytropique effectif constant. La comparaison
entre les deux types d’équations d’états polytropiques est impératif pour mettre en évidence
les changements induits par la nouvelle équation d’état sur I’écoulement. Cette comparaison
montrera aussi 'importance d’utiliser cette nouvelle équation d’état dans I’é¢tude des vents
relativistes.

Pour le vent a indice polytropique constant, les équations de la dynamique et de conserva-
tion du nombre de particules sont les mémes que les équations (3.23) et (3.24). Les paramétres
libres sont aussi les mémes : y et I'. La seule différence est que I'indice polytropique effectif
est indépendant de la température du fluide. Cette différence se traduit par un changement
des grandeurs thermodynamiques caractéristiques du fluide : la vitesse du son et ’équation
de Bernoulli, qui s’écrivent :

'—1)p P
2 = F¥ = — 3.44
sI'const (F _ 1) + ch ) Y neo 3 ( )
r
EFconst = ay <1 + ﬁpa) €o - (345)

Il existe une similitude dans le comportement des vents dans les deux modéles unique-
ment dans la région asymptotique de I’écoulement ot Teg = T' (Eq. 3.10). Par contre, dans
la partie basse du vent, la gravité forte fait diminuer la valeur de ['eg jusqu’a la limite ul-
T+1

2

trarelativiste ['eg = . La diminution de l'indice polytropique effectif dans le régime

ultrarelativiste donne plus d’efficacité a ’accélération du vent a la base par rapport au vent
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Fig. 3.11: Comparaison entre le modeéle de vent polytropique avec un indice constant avec le modéle
avec indice variable pour deux types de chauffage : a) I' = 1.2 quasi-isotherme et b) ' = 1.6 quasi-

adiabatique.

classique avec I' constante. Ainsi, le facteur de Lorentz asymptotique obtenu avec notre mo-
déle est plus grand (Fig. 3.11). Au contraire, si nous comparons notre modeéle avec un vent
purement ultrarelativiste avec un indice polytropique constant % le résultat s’inverse. En
effet, dans ce dernier cas, 'efficacité de I'accélération est toujours plus élevée (dans tout
le vent) que dans le vent classique, méme dans la région asymptotique. Ainsi, le facteur de
Lorentz asymptotique obtenu avec notre modéle reste plus faible. Ceci est illustré (Fig. 3.11).

Le choix d’un indice polytropique classique constant I sous estime la vitesse finale du vent.
Cette différence diminue quand le chauffage diminue et s’approche de la valeur adiabatique
(T' augmentant). Au contraire, le choix d’un indice polytropique ultrarelativiste constant T’
surestime la vitesse finale du vent. Cette surestimation diminue aussi quand le chauffage
diminue et s’approche de la valeur adiabatique. Cette disparité entre les vents purement
classiques et ultrarelativistes avec le vent & indice polytropique effectif (ey) variable est
plus marquée pour les vents purements ultrarelativistes (Fig. 3.11). L'effet de la gravité
relativiste dans le vent & indice polytropique effectif variable est restreint & une petite région
a la base du vent. Cette région a des dimensions de quelques 10 rayons de Schwarzschild.
Au-dela de cette région, I'indice polytropique effectif atteint rapidement sa valeur classique
et le vent adopte un comportement classique (Fig. 3.11).

Nous allons maintenant illustrer quantativement, la comparaison que nous venons de faire
entre les solutions de vents polytropiques avec I'eg constant et I'eg variable pour deux solu-
tions avec des valeurs de I' de 1.2 et 1.6 (Fig. 3.11). Pour cela, nous utiliserons une approche
analytique dans la limite d'une gravité relativiste. Nous allons prendre la limite 4 — 1. Dans
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ce cas, dans la région sub-sonique, 1’énergie thermique est de l'ordre de 1’énergie de masse
p — oc (cas ultrarelariviste). La condition pour que 'accélération du vent polytropique avec
[ constant soit plus efficace que celui avec I'.g variable est :

dp? dp?
db” a5 | (3.46)
dR I' constant dR I" variable
Cette condition est réalisée a la surface sonique si :
9 _ 1 _25s2|Fconstantl H >S9 1 _Qﬁg‘l“variablel H ’ (347)
ﬁs ‘Fconstant 21 —p /BS |Fvariable 21 —p
ce qui est équivalent a :
2 2
BS ‘Fconstant < BS ‘Fvariable ' (348)

Cette condition est toujours satisfaite pour un vent purement classique si I' > 1. Le modéle
avec un indice polytropique variable est toujours plus efficace & accélérer le vent. Au contraire,
pour un vent purement ultrarelativiste, la condition (Eq. 3.48) donne I' < 1. De ce fait, dans
le domaine d’application de I’équation polytropique (Eq. 3.9) T' € [1, 3], le vent purement
ultrarelativiste est plus efficace.

3.9 Applications

Nous ne prétendrons pas ici faire une étude exhaustive des applications du modéle aux
vents relativistes en astrophysique. Nous nous limiterons a une comparaison au niveau le
plus simple possible entre les vents autour des objets compacts super massifs, comme les
quasars de noyaux actifs des galaxies, et les objets compacts de masse stellaire, comme
les micro quasars. Notre but est d’abord de montrer la possibilité d’appliquer des modéles
d’écoulement sphérique thermique aux vents fortement accélérés (v > 2) autour de ces objets
compacts. Nous allons aussi analyser les effets de la masse centrale sur le vent. Dans le cas
des quasars super massifs, les masses caractéristiques sont de I'ordre de 10° M, (voir Wang &
Zhang 2003). Les masses typiques des micro quasars sont de 1'ordre de 10 M, (voir Mirabel
& Rodriquez 1998).

L’application du modéle a des vents relativistes réalistes nous impose des conditions
limitant I’espace des paramétres libres du modéle. La température initiale dans le vent doit
étre au maximum de l'ordre de 10 fois la température de masse (T = 102K pour les
protons et T = 10°K pour les électron). Cette condition impose une distance minimale
entre la surface de Schwarszchild et la surface sonique de I'ordre de 6.5 rg donc pimin ~ 0.15,
pour un indice T entre 1 et 5/3. Pour une distance plus petite, la température de la couronne
devient irréaliste. En effet, elle dépasse largement 100 fois la température de masse. Ceci, rend
impossible I'application de I'approximation hydrodynamique a un seul fluide dans laquelle
les effets d’annihilation et de créations sont négligés. Pour choisir I' dans le modéle et pour
confiner le choix de pu, nous avons cherché & obtenir des facteurs de Lorentz asymptotiques
caractéristiques des objets compacts (v > 5) pour différentes valeurs de I pour pu = 0.155.
Le graphique (Fig. 3.12) montre que la valeur optimale de T" est proche de la valeur isotherme
(T = 1.09). La température initiale (Fig. 3.14) dans ce vent est de T~ 102 K dans le cas
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Fig. 3.12: a)Tracé du facteur de Lorentz, b) tracé de I’énergie thermique normalisée & 1'énergie de
masse en fonction de la distance normalisée au rayon de Schwarzschild r¢g, pour un paramétre de
courbure p = 0.155 et trois types de chauffage : I' = {1.09,1.4,1.5}.

d'un fluide de protons et de T ~ 10°K dans le cas de fluide de positrons-électrons. En
effet, contrairement aux vents quasi-adiabatiques, I’énergie thermique dans les vents quasi-
isothermes chute d’une maniére monotone sans que sa valeur & la surface de la couronne
ne soit trop élevée ( Fig. 3.12). De cette fagon, I'énergie déposée en continue dans le vent,
méme dans la région supersonique, donne plus d’efficacité dans ’accélération du vent avec
des températures initiales réalistes (Fig. 3.13). Le comportement quasi-isotherme, peut se
produire dans la région sub-sonique ou le vent reste optiquement épais, puisque dans cette
région l'intensité du rayonnement est assez élevée (Frank et al. 1995) et la densité forte. Donc,
la partie sub-sonique du vent peut étre chauffée par I'absorption du rayonnement émis a la
base de la couronne qui se refroidit (Das 2000; Tarafdar 1988). Pour la partie supersonique,
optiquement mince, le chauffage peut se produire par une dissipation de fragments du champ
magnétique désordonné emporté dans le vent a partir la couronne (Heinz & Begelman 2000).
En plus la conductivité dans certains cas peut devenir anormale dans I’écoulement et induire
de la reconnection magnétique et donc de la dissipation de I’énergie magnétique qui permet
de chauffer I’écoulement.

D’autre part, le chauffage du vent coronal peut étre induit par la turbulence. Cette tur-
bulence peut étre créée par l'intéraction entre ce vent de couronne et le vent de disque
comme dans le modéle du chauffage de jet axial de Renaud & Henri (1998). Si dans la
région de formation des écoulements relativistes, la viscosité est anormale, i.e d’origine tur-
bulente, cela augmentera le degré de liberté dans 1’écoulement et donc diminuera l'indice
polytropique effectif, ce qui correspond donc & une augmentation du chauffage dans le jet
(Roussev et al. 2003).

Cependant, le vent quasi-isotherme présente un probléme. La température asymptotique
dans le vent, de l'ordre de 5 x 10'°K, reste élevée (Fig. 3.13) par rapport aux températures
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observées dans les vents relativistes qui est de I'ordre de 10° a 108 K. Ce probléme est le
méme que pour le vent solaire (Parker 1960a) ot le vent purement thermique est incapable &
reproduire les vitesses observées 4 1 U A, sans que la température initiale ne soit trop élevée.
La solution a ce probléme peut étre, comme dans les modéles de vent solaire, de prendre
un chauffage variable dans le vent. En effet, nous pouvons considérer un écoulement quasi-
isotherme a la base et proche du régime adiabatique dans la région asymptotique pour que
la température puisse chuter rapidement dans la région asymptotique.
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Fig. 3.13: Trace de la température dans le vent b) proton-électron en fonction de la distance
normalisée au rayon de Schwarzschild pour y = 1.55 et I' = 1.09, 1.4, 1.55.

Revenons maintenant a la comparaison entre les vents des objets compacts de type qua-
sars et de type micro quasars. La différence entre ces objets réside essentiellement dans leur
masse. Pour les deux objets, le facteur de Lorentz et I’énergie thermique spécifique par unité
d’énergie de masse sont les mémes (Fig. 3.12). En effet, ces deux grandeurs ne dépendent que
du chauffage dans le vent (I") et de la distance relative entre le trou noir et la surface sonique
pu = r/rg. Elle ne dépend ni de la masse de I'objet central ni du taux de perte de masse
(Fig. 3.12). La seule différence entre les deux solutions, lorsque la masse de I'objet central et
la perte de masse change, réside dans la densité et les échelles dans le vent. Pour analyser
la différence entre les deux objets, nous avons tracé, (Fig. 3.14) la densité normalisée & une
densité ngy (ng est un paramétre libre). Le choix de la perte de masse dans le vent est pris
pour que les densités normalisées initiales dans le vent des deux objets soient égales. En effet,
nous supposerons que la physique a la base du vent reste la méme dans les deux objets.

Pour la solution de type quasar le taux de perte de masse est de Mquasar = 10"%n, MEddington =
1.41 x 10~%ng Mg, /yr, alors que pour le micro quasar M, quasar = 107" 119 Mgddington
= 1.41 x 10722ng My /yr. ( Fig. 3.14). Nous pouvons remarquer que lorsque la masse de
I'objet central change de 10°My a 10My, les échelles spatiales rétrécissent ( Fig. 3.14) et
provoquent un abaissement dans le taux de la perte de masse du vent. Ce résultat est cohé-
rent avec I'idée qu’a 1’ordre zéro le micro quasar est une variante a petite échelle des quasars
(Mirabel 2003; Fender 2002).
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Fig. 3.14: Tracé de la température dans le vent constitué en a) de positron-électron, en b) de
proton-électron en fonction de la distance normalisé au rayon de Schwarzschild, pour u = 1.55 et
I' = 1.09.

3.10 Conclusion

Nous venons de construire dans le présent chapitre, un modéle de vent relativiste adapté
a I’étude des vents hydrodynamiques radiaux autour des objets compacts. Pour analyser les
écoulements relativistes, nous avons élaboré un nouveau type d’équation d’état polytropique
amélioré (Eq. 3.9) avec un indice polytropique effectif variable. Pour cela, nous avons utilisé
I'équation d’état des fluides en évolution adiabatique donnée par Synge (1957) dans le cas
général (classique et relativiste) et nous 'avons généralisée au cas d’écoulements polytro-
piques. L’indice polytropique effectif (Eq. 3.10) qui résulte de 'équation d’état que nous
avons élaborée est fonction du rapport entre I’énergie thermique et 1’énergie de masse. Il
varie de fagon continue entre le cas ultrarelativiste (kg T' > ¢;) prés de la couronne centrale
et le cas classique (kg T < €y) dans la région asymptotique.

Nous avons utilisé dans ce modéle une équation d’état avec un indice polytropique effectif
variable. Cela, nous a permis de mieux traiter ’effet relativiste de gravité prés d’un trou noir
de Schwarzschild sur la thermodynamique du fluide dans I’écoulement. Ainsi, cette équation
d’état nous a permis d’analyser avec plus de détails les vents hydrodynamiques relativistes
sphériques.

D’un point de vue des conditions sur la formation de vent, le modéle suggére que, pour
un chauffage donné (valeur donnée de I'), le vent se forme si et seulement si le rayon sonique
se trouve dans l'intervalle :

1 T 1

Hmax ra Hmin
Donc, la surface sonique doit étre a4 une distance raisonnable du trou noir. Elle doit étre

(3.49)

suffisamment loin de la surface de Schwarzschild pour que la gravité a la surface sonique ne
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soit pas trop élevée et que le point sonique puisse exister. En effet, trop proche de la surface
de Schwarzschild la gravité est tellement élevée qu’il est impossible au fluide de s’échapper,
méme si la température devient infinie. D’un autre coté, la surface sonique ne doit pas étre
trop loin de la surface de Schwarzschild, pour que la couronne ne soit pas trop diluée, donc,
pour que la température et la pression a la surface sonique ne soient pas trop faibles pour
former le vent.

Ce modéle a montré aussi que pour tous les types de chauffage allant de l'isotherme
(' = 1) al’adiabatique (I' = 5/3) et méme au refroidissement jusqu’a (I' = 3), la formation
du vent sonique est possible a condition que la gravité a la surface de la couronne soit
suffisament élevée (Fig. 3.4). Un des résultats importants de ce modéle de vent relativiste
est de montrer 'existence de vent méme pour des indices polytropiques plus grand que
Pindice typique du vent de Parker (F > %) (Parker 1960a). Ce résultat peut étre expliqué
de deux facons. La premiére, en utilisant la notion de tuyére de De Laval (Elle donne une
description globale de l'efficacité de 1'accélération). Nous pouvons montrer que efficacité
dans l'accélération du vent augmente avec la gravité. La deuxiéme est plus précise, elle
consiste a analyser les effets de la gravité sur les différents acteurs physiques qui entrent en
jeu dans la formation du vent. En particulier, I’énergie thermique du fluide augmente avec
la gravité pour permettre au fluide de s’échapper. Elle induit ainsi un changement de 1’état
de la matiére caractérisé, dans le modéle, par I'indice polytropique effectif qui devient ultra-
relativiste. Ce changement de I'état de la matiére fait augmenter 'efficacité d’accélération
du vent dans la région proche de la surface de Schwarzschild. L’accélération du vent est aussi
induite par la chute plus rapide de la densité dans I’écoulement, ce qui est di a la courbure
d’espace créée par le trou noir dans la région de formation du vent.

Nous avons aussi fait, une comparaison entre notre modéle et les modéles de vents avec un
indice polytropique constant. Nous avons trouvé que les modéles avec un indice polytropique
constant sont incapables de reproduire les vitesses et les densités asymptotiques. Cette com-
paraison montre aussi que les modéles de vent a indice polytropique constant qui donnent
des résultats les plus proches de notre modéle sont ceux avec un indice classique (5/3 dans
le cas adiabatique). En effet, les effets relativistes de la gravité sur le vent se limitent a la
région centrale < 10rg. De ce fait, la valeur de I'indice polytropique effectif de notre modéle,
au-dela de cette distance 10 rg, devient égale a la valeur classique.

Nous avons enfin utilisé notre modéle pour comparer les vents des quasars et des micro-
quasars. Le résultat obtenu conforte 'idée que les écoulements autour des micro-quasars
puissent étre une version a échelle plus petite des écoulements autour de leur grand fréres
quasars. Dans cette application, nous avons trouvé que les vents adiabatiques sont incapables
de reproduire des facteurs de Lorentz asymptotiques élevés. En effet, les vents adiabatiques
avec Yoo > 2 nécessitent des énergies internes du fluide dans la couronne d’au moins 100
fois I’énergie de masse. Au contraire, un vent quasi-isotherme permet de reproduire des vi-
tesses asymptotiques élevées (7 ~ 5) avec des températures initiales relativement faibles
(Fig. 3.13) T' ~ 102 K. De ce fait, la formation de vent relativiste (v > 2) nécessite d’inclure
des mécanismes physiques qui peuvent permettre de déposer de 1'énergie et de la quantité
de mouvement en continu dans le vent, ce qui permet de s’approcher d'un écoulement iso-
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therme. Le chauffage du vent peut étre la dissipation des ondes MHD ou la dissipation de
I’énergie magnétique par reconnection des fraguements du champ magnétique a petite échelle
emporté dans le vent a la base (Heinz & Begelman 2000). Le chauffage peut aussi étre par
la déposition de la quantité de mouvement dans le vent a I'aide du rayonnement émis a la
base. Le chauffage peut étre, enfin, induit par les turbulences liées a I'interaction du vent de
la couronne centrale et du vent de disque comme dans les modéle de jets & deux composantes
(Renaud & Henri 1998).

Notons, cependant que dans les vents purement quasi-isothermes la chute de la tempé-
rature est faible. De ce fait, la température asymptotique reste élevée de 1'ordre de 10'°K
alors que les températures observées sont plutdt de I'ordre de 108 K.

La difficulté de modéliser les vents relativistes avec des modéles purement polytropiques
thermiques est la méme que dans le cas du vent solaire (voir Parker, 1969). Une solution
possible qui peut résoudre une partie de ce probléme, et qui été proposé pour le vent so-
laire, est d’utiliser un modéle hybride avec deux parties. Une partie sub-sonique ayant un
comportement quasi-isotherme et une région supersonique ayant un comportement quasi-
adiabatique. Cela permet au moins d’augmenter ’accélération dans la partie sub-sonique
avec des températures initiales comme celle obtenue dans la solution (I' = 1.09). Dans la
région super-sonique, le comportement quasi-adiabatique implique que la température chute
plus rapidement et s’approche des températures observées.

Ce modeéle, purement thermique, ne peut pas modéliser complétement les vents relati-
vistes ol les mécanismes magnétiques contribue aussi a la formation de vent et a sa collima-
tion. En effet, comme nous I'avons déja vu les mécanismes magnétiques peuvent contribuer au
chauffage de I’écoulement (Heinz & Begelman 2000). Ils contribuent aussi a Iaccélération du
vent de disque sur les échelles du parsec (Vlahakis & Konigl 2004) ce qui est en accord avec
les observations (Sudou et al. 2000). Ces mécanismes magnétiques peuvent contribuer aussi
d’une fagon indirecte & 'accélération du jet, par I'action du champ magnétique sur la mor-
phologie du jet. Ainsi, le champ magnétique peut amplifier les effets de la tuyére de De laval
sur l'accélération du vent (méme si 'accélération est thermique). Ce dernier mécanisme fa-
vorise 1’accélération des jets prés de 1’axe rotation. Dans cette région, les énergies thermiques
peuvent étre de I’ordre ou plus grandes que les énergies magnétiques. De ce fait, ’accélération
peut étre en grande partie thermique. Dans les chapitres suivants, nous allons nous intéresser
aux jets relativistes magnétohydrodynamiques axiaux a deux dimensions autour des objets
compacts. Ces modéles vont nous permettre de traiter aussi bien I'accélération thermique
que magnétique dans le jet et de comparer leur contribution dans les différentes régions du jet.



Chapitre 4

Modéle analytique de jet relativiste en
rotation faible

4.1 Introduction

Ce chapitre est consacré a I’établissement d’un modéle d’écoulements relativistes magné-
tohydrodynamiques (GRMHD) de fluide magnétisé en rotation faible. L’écoulement est, ici
aussi, supposé se produire dans la magnétosphére d'un trou noir de Schwarzschild entouré
d’un disque d’accrétion qui I’approvisionne en matiére et en énergie (Fig. 4.1, voir paragraphe
1.2.3). Nous présentons, dans ce chapitre une extension relativiste du modele classique auto
similaire selon # de jet formé dans une couronne sphérique chaude. La méthode auto-similaire
est appropriée pour résoudre de facon semi-analytique les équations GRMHD dans le cas des
écoulements coronaux prés de I’axe de rotation. En effet, dans ces écoulements, la structure
des lignes magnétiques posséde une symétrie (comme dans le cas quasi dipolaire) que I'on
peut assimiler a une auto similarité selon #. Dans 'élaboration de ce modéle, nous considé-
rons que les effets relativistes liés a la rotation du trou noir et du plasma sont faibles. Nous
négligerons donc les effets relativistes de la rotation par rapport a la gravité et aux effets
thermiques.

La généralisation du modéle classique en GRMHD permet d’accroitre son champ d’appli-
cation. Il sera applicable aussi bien aux jets d’étoiles jeunes T'Tauri classiques avec des vitesses
de l'ordre de 400km/s (Garcia et al. 2001; Pyo et al. 2002) qu’aux jets des Noyaux Actifs de
Galaxies (AGN) relativistes avec des facteurs de Lorentz -y supérieures a 2 (Piner et al. 2003).
La transition des jets classiques aux jets relativistes, dans notre modeéle, résulte de la masse
et des dimensions de 1'objet central. En effet, 'augmentation de la masse ou la diminution
des dimensions de 'objet central engendre une augmentation de la profondeur du potentiel
gravitationnel dans la région de formation de I’écoulement. Parallélement, 1’énergie ther-
mique de la couronne va augmenter pour compenser la gravité. D’autre part, la stratification
de la pression et de I’énergie thermique vont étre réhaussés par le gradient de la gravité. En
conséquence, 'accélération du jet devient plus efficace et peut donner des vitesses relativistes
quand la masse de l'objet central devient celle d'un objet compact.

83



84 Chapitre 4. Modéle analytique de jet relativiste en rotation faible

Ligne d’écoulement
Ligne magnétique

Couronne

Disque d’accrétion

Fig. 4.1: Schéma de la formation d’un jet coronal qui montre le disque d’accrétion avec le tore
prés de la région centrale. De ce tore émerge le jet du disque interne. Le disque alimente aussi une
couronne sphérique de laquelle émerge le jet axial. Les lignes d’écoulement sont tracées en lignes
continues, elles sont décalées des lignes magnétiques (tracées en lignes discontinues) a cause de la
rotation différentielle dans le jet.

4.2 Construction du modéle

Dans le chapitre 2, nous avons introduit les différentes grandeurs physiques qui gérent
les I’écoulements stationnaires et axisymétriques de fluide magnétisé en relativité générale.
Malgré les simplifications engendrées par ces hypothéses de stationnarité et d’axisymétrie,
les équations (2.54) a (2.60) qui régissent les écoulements restent fortement non linéaires et
couplées. La construction d’'un modéle semi analytique de jet, par la résolution exacte des
équations GRMHD, requiert des hypothéses supplémentaires sur les propriétés de 1’écoule-
ment. Les hypothéses que nous utiliserons reviennent & un développement limité au premier
ordre des grandeurs physiques par rapport a la coordonnée de la ligne d’écoulement A (Eq.
2.63) pour une distance radiale donnée r. Ces hypothéses restent raisonnables dans le cas
des écoulements axiaux auxquels nous nous intéressons. En effet, le développement limité
des grandeurs physiques se fait prés de ’axe polaire ou le flux magnétique A s’annule. Dans
ce chapitre, nous ne modéliserons que la partie du jet proche de ’axe de rotation. Ceci nous
permettra de négliger certains effets liés a la rotation relativiste qui deviennent faibles prés
de I'axe polaire.



4.2. Construction du modéle 85

4.2.1 Normalisation des grandeurs du modéle

En MHD, il est habituel de définir des grandeurs sans dimensions. L’utilisation des gran-
deurs et des échelles caractéristiques permet de mettre en évidence lesparamétres physiques
qui controlent le probléme dans les différentes parties de I’écoulement. Elles permettent aussi
de différencier les différents régimes dans le jet (ex. régime dans lequel I’énergie magnétique
est importante M? < 1 et le régime dominé par l'inertie du plasma M? > 1). Nous allons in-
troduire ici la normalisation des différentes grandeurs physiques dans I’écoulement de fluide
magnétisé. Nous normaliserons les vitesses par la vitesse de la lumiére. Toutes les autres
grandeurs seront normalisées par leur valeurs a la surface d’Alfvén (marquées par un indice
) le long de I'axe polaire. Ainsi, on définit un rayon, R, et un flux magnétique, «, sans

dimension : 4
r
R=— — 4.1
ry @ 2B, (4.1)
2

Nous introduirons aussi deux autres paramétres sans dimension qui décrivent l'intensité
du potentiel gravitationnel dans le modéle. Le premier, v, est le rapport de I’énergie gravita-
tionnelle sur I’énergie cinétique a la surface d’Alfvén critique. Il est défini comme le rapport
de la vitesse d’échappement par rapport a la vitesse du fluide a la surface d’Alfvén le long

esc 2
Uy V Ty

Le deuxiéme paramétre sans dimension, p, mesure le potentiel gravitationnel dans I’écou-

de I’axe polaire :

lement. Il est défini comme le rapport au carré de la vitesse d’échappement & la surface
d’Alfvén sur la vitesse de la lumiére. C’est aussi le rapport du rayon de Schwarzschild sur le

(=) -2 - B

Ce parameétre controle les effets relativistes de la gravité sur le jet et, donc, sur la cour-

rayon d’Alfvén.

bure de 'espace. C’est un paramétre supplémentaire par rapport au modéle classique. p est
induit par la présence de la longueur caractéristique de la courbure d’espace-temps (rayon de
Schwarzschild). u est identique au paramétre m dans le modéle de vent magnétisé équatorial
relativiste de Daigne & Drenkhahn (2002). Dans la limite d’un espace plat (métrique de
Minkowski) = 0 et les effets de courbure sont nuls. Dans ce cas limite, nous retrouvons le
modéle classique de Sauty & Tsinganos (1994).

L’introduction de ce nouveau paramétre, dans le modéle, induit de nouvelles contraintes.
La distance entre la surface d’Alfvén et I'objet central est imposée par le choix de p (Eq.
4.3). Elle n’est plus une grandeur libre comme dans le modéle classique. De méme, la vitesse
du fluide a la surface d’Alfvén est donnée par :

v
U _ VB (4.4)
c v
De cette relation, il découle une condition sur les deux paramétres libres du modéle pour que
la vitesse reste inférieure a celle de la lumiére :
Vi (4.5)

v



86 Chapitre 4. Modéle analytique de jet relativiste en rotation faible

4.2.2 Flux magnétique

Dans la normalisation des paramétres du modéle, nous avons introduit le flux magnétique
sans dimension «. L’hypothése d’auto-similarité méridionale consiste a imposer une condition
sur la structure des lignes magnétiques pour réduire le nombre de variables du modéle a la
seule variable R. Ainsi, nous transformerons les équations d’Euler aux dérivées partielles en
équations différentielles ordinaires. Pour cela, nous devons faire un développement formel de
a en fonction de 6. La solution la plus physique et la plus raisonnable prés de I'axe est de
faire un développement multipolaire de « :

a(R,0) = _Z fa(R) sin®™ 4. (4.6)

Prés de l'axe, la partie dipolaire du développement domine le flux magnétique, nous
pouvons supposer raisonnablement que :

a(r,f) = f(R) sin®f. (4.7)

ou f(R) est une fonction en R, qui décrit la collimation du jet. f a été utilisé pour la pre-
miére fois dans le modéle auto-similaire selon 6 de Tsinganos & Low (1986a). Ils ont étudié
le probléme du vent solaire magnétisé avec une fonction f de la forme f o« 1+ 1/R. Sous
cette forme f donne la superposition linéaire de deux structures du champ magnétique, une
partie radiale donnée par la constante et une partie dipolaire donnée par 1/R.

Pour mieux comprendre la signification de f dans le modéle, nous pouvons calculer 'angle
entre le champ magnétique poloidal et la direction radiale donnée par le vecteur unitaire
radial ;. Ceci, nous permet de déduire angle d’évasement y (Fig. 4.2) des lignes magnétiques
par rapport au cas purement radial. Le champ magnétique poloidal est calculé & partir de
'equation (2.63) de conservation du flux magnétique poloidal :

. B*%COSQ
B, = —VA A€, = , (4.8)
@ he - df
_EB*@ sin 6

ou hy est la coubure de I'espace définie au chapitre 2, (Eq. 2.37).
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~~—Ligne de champ magnétique

o

Fig. 4.2: Représentation des vecteurs unitaires, paralléle €| et perpendiculaire €, aux lignes ma-
gnétiques. y est 'angle entre la ligne magnétique poloidale et le vecteur de base radial €g.

Donc, 'angle y (Fig. 4.2) dans le réferentiel FIDO entre le champ magnétique poloidal
B:, et €, est :

B h
tany = Fi = ?OFtanG, (4.9)
avec
dinf  Olna

- - , 4.1
dinR ~ dlnR|, (4.10)

Nous venons, d’introduire une nouvelle grandeur importante dans le modéle qui est une
fonction de R. Elle permet de donner le taux de collimation du jet. Si 0 < hg F' < 2, le
jet est dans un régime d’expansion moins rapide que I'expansion sphérique. Si hg F' = 2, le
jet est dans un régime cylindrique, tandis que pour F' < 0 le jet est décollimaté. F© = 0
correspond au régime radial. Enfin, lorsque ho F' > 2, les lignes magnétiques dans le jet se
referment sur I’axe de rotation.

Lorsque hg — 1, les effets de la courbure deviennent négligeables. F' est alors identique
au F' du modéle classique (Sauty & Tsinganos 1994). Il est aussi comparable dans la région
asymptotique au paramétre n des modéles de Tsinganos & Low (1989), Tsinganos & Trussoni
(1993).

Nous pouvons aussi introduire un parameétre supplémentaire, fonction de R, (qu)i décrit
w(a

()
variation du rayon cylindrique @ avec la distance a l'origine. Le paramétre GG est le méme

est la

I’expansion de I’écoulement plus facile a utiliser et & comprendre que f. G =

que dans le modéle classique. Pour I'introduire, il suffit de faire un développement au premier
ordre de la section du jet, S = 7 @?, en fonction de a, comme nous le faisons pour toutes

les autres grandeurs du modéle :

S =gnw?=nr’sin’f = 7r:G*(R) a, (4.11)
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donc

R2
d’ou la relation entre F' et G :
dinG
F_2<1—dlnR>, (4.13)

4.2.3 Flux du moment cinétique et courant électrique axial

Une autre grandeur importante dans ce modéle est L W 4. Elle représente, a un facteur
prées, le moment cinétique transporté le long d’une ligne d’écoulement par unité de flux
magnétique. Elle exprime aussi bien la perte de moment cinétique J, que le courant électrique
poloidal I, le long de 'axe de rotation (Macdonald & Thorne 1982),

- . B.r? [°
J = Lhyynov,dS = 1 LY s da, (4.14)
s 0
he o2
c c hZ.
h h3

ou M est le nombre d’Alfvén définie au chapitre 2, (Eq. 2.76).

Le flux du moment cinétique dans les écoulements est trés important. Il nous ren-
seigne sur l'efficacité du jet a extraire du moment cinétique de la couronne. La densité
de courant électrique emportée dans le jet nous renseigne sur l'efficacité de la collimation
par pincement magnétique du jet (Heyvaerts & Norman 1989; Paatz & Camenzind 1996;
Heyvaerts & Norman 2003c). Donc, L W4 réflete dans 1'écoulement aussi bien la force cen-
trifuge que la force de pincement magnétique toroidale. Le choix de I'expression de L ¥ 4 en
fonction de « est imposé par les propriétés de ’écoulement et de 1’équation Transfield (2.75).
La condition sur I’écoulement se porte sur la perte du moment cinétique qui doit étre nulle le
long de 'axe de rotation, L ¥ 4(0) = 0. La séparation de variables dans I’équation Transfield
impose une condition sur le développement fini du flux du moment cinétique en fonction de
a. Il doit étre développé au premier ordre en «, comme pour les autres grandeurs du modéle.
Alors, la seule expression possible qui respecte ces deux conditions est : LV, o .

D’autre part, la présence au centre d’un trou noir de Schwarzschild impose une nouvelle
condition inexistante dans les modéles classiques. Cette condition est liée au fait que nous
avons supposé que le trou noir ne tourne pas. En conséquence, le moment cinétique doit di-
minuer dans la couronne et aussi a la surface d’Alfvén, lorsque ces surfaces se rapprochent du
trou noir. En effet, la perte de moment cinétique doit diminuer lorsque r, — rqg et doit s’an-
nuler dans le cas extréme ou la couronne devient trés proche de la surface de Schwarzschild.
De ce fait, pour que nous puissions tenir compte de la singularité a la surface de Schwarz-
schild, la fonction de perte de moment cinétique, dans le modéle, doit étre proportionnelle a
la fonction de la courbure de I'espace a la surface d’Alfvén hg, :

LU, = ho A1y Boar, (4.16)
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A est une constante qui décrit I'importance du freinage magnétique de la couronne de
I’étoile ou du disque en rotation.

Nous définirons, aussi, la densité de courant électrique, normalisée par 37, B, :
h? 2
7 .o By . G
IZ:hORSIHGE:—AhO*mOt. (417)
h{ . TR

Cette forme de la densité de courant électrique normalisée permet de comparer des solutions
de jets caractérisées par des dimensions différentes. En effet, dans ’équation d’Euler, les
distances sont normalisées par rapport a r, et le champ magnétique par B,.

4.2.4 Vitesse angulaire

Le choix de la vitesse angulaire () de rotation des lignes d’écoulement autour des lignes
magnétiques (Eq. 2.68) dépend du type de rotation a la base du jet dans la couronne ou
dans le disque. Dans le cas des jets de disque, la rotation est de type képlérienne (Blandford
& Payne, 1982; Li et al., 1992; Pelletier & Pudritz, 1992 ; Contopoulos & Lovelace, 1994 ;
Fendt & Camenzind, 1996 ; Hujeirat et al., 2003 ; Hujeirat, 2004). Cette fonction de rotation
est caractérisée par une singularité sur I’axe. Dans le cas des jets coronaux et des disques
internes, le probléme est différent. Cette divergence sur I’axe doit étre évitée. D’un autre coté,
la fonction de rotation de la couronne doit diminuer de I’équateur au pole. En effet, la rotation
de la couronne est imposée par la partie interne du disque d’accrétion, par I'intermédaire des
lignes magnétiques fermées. Ces derniéres transportent le moment cinétique du disque vers
la couronne et freine ainsi la rotation du disque.

Ce phénoméne est I'inverse, d'un point de vue du transfert de moment cinétique, de ce
qui est considéré dans certains modéles d’interaction entre le disque d’accrétion et 1'étoile
centrale dans les TTauris caractérisées par une grande vitesse de rotation. En effet, dans ces
modeéles, le couplage magnétique entre I'étoile et le disque d’accrétion permet le transfert du
moment cinétique de ’étoile au disque d’accrétion. De ce fait, ce couplage empéche 1’étoile
d’atteindre la vitesse de rotation de rupture (Konigl, 1991; Cameron & Campbell, 1993;
Wang, 1995 ; Bouvier et al., 1997; Romanova et al., 2002). Dans les couronnes autour des
trous noirs de Schwarzschild (un trou noir qui ne tourne pas) le probléme s’inverse, puisque
la rotation de la couronne ne peut étre alimentée en moment cinétique que par le champ
magnétique qui est ancré dans le disque.

Dans notre modeéle, la disque d’accrétion alimente la couronne en matiére par 'intermé-
diaire des lignes magnétique fermées. Ceci est équivalent aux modeles d’accrétion dans les
TTauri (Camenzind, 1990 ; Shu et al., 1994; Li et al., 1996 ; Romanova et al., 2002). Pour
ces raisons, la fonction de rotation que nous allons prendre est celle du modéle classique mais
avec une correction relativiste. Cette correction est la méme que pour la perte du moment
cinétique (Eq. 4.16) :

L (4.18)
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4.2.5 Le nombre d’Alfvén

Nous allons maintenant faire une séparation de variable en (R, o) du nombre d’Alfvén.
Pour déterminer la forme en a du nombre d’Alfvén, il suffit d’écrire son expression a la
surface d’Alfvén critique. :

M} =hy, (1-4%), (4.19)

oil 7% nous renseigne sur I'influence du cylindre de lumiére sur ’écoulement a la surface d’Alf-
vén critique. L’expression de x4 est déterminée a partir de I’équation (2.85) en remplagant
la vitesse angulaire Q par sa fonction (Eq. 4.18) nous obtenons :

2% = <M*>2 c (4.20)

c 1+ da’

La partie en o du nombre d’Alfvén est liée a I'existence du cylindre de lumiére (1 — 2?). La
relation (4.19) exprime la déviation de la surface d’Alfvén critique par rapport a la symétrie
sphérique, sous I'influence du cylindre de lumiére. Cette déviation devient importante dans

Av
le modéle, lorsque la vitesse de rotation dans le jet devient relativiste, — >> 0.
c

La séparation de variable que nous obtenons dans le modéle est donc pour l'instant :
M? = (1-12%) M*(R), (4.21)
A la surface d’Alfvén, R — 1, nous obtenons de I'Eq. (4.19), M(R) = hg,.

Remarque : Nous serons amenés au paragraphe (4.2.11) a négliger totalement les effets
du cylindre de limiére et a prendre finalement M? = M?*(R) avec 2% — 0.

4.2.6 La densité

Le choix de la fonction de densité, est imposé par le développement au premier ordre en «

des forces dans I’équation de la dynamique (Eq. 2.54). Suite au choix de la fonction de la vi-
2

tesse angulaire (Eq. 4.18), la force centrifuge dans le modéle est % o 02 1/(1 + ). Ceci
oblige & prendre une fonction de la densité d’enthalpie sous la forme nw = n(R) w.(1 + 6 «).
Nous utilisons la définition du nombre d’Alfvén (Eq. 2.76) et la condition de variables sépa-
rables sur (R, «), pour trouver :

_w, (I+da)
n = En*MTR) (4.22)

Donc, le paramétre § décrit la déviation de la symétrie sphérique de la densité. En par-
ticulier, si 6 > 0, la densité augmente lorsqu’on s’éloigne de ’axe de rotation et si § < 0, la
densité décroit lorsqu’on s’éloigne de 1’axe de rotation comme dans le modéle classique.
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4.2.7 Perte de masse

Le taux de perte de masse dans le modéle peut étre traité comme le flux magnétique
puisque le flux de masse réel, ¥, le long d'une ligne d’écoulement est fonction du flux ma-
gnétique A (Eq. 2.65). La seule fonction dont nous avons besoin pour déterminer la perte
de masse dans le modéle est le flux de masse par unité de flux magnétique, ¥ 4. En effet, la
perte de masse d’un jet de section S est donnée par :

M = //mhgvnﬁpdg = mqj(Aom) — \IJ(O), (4.23)
s

2

avec U(A) = fOA U, dA.
Le choix de la fonction de W4 est déduite de 'équation (2.76) a partir de la fonction de
la densité enthalpique et du nombre d’Alfvén :

Uy = 47rw/02 = ho.y/(1 ” 47T */ \/1+5a (4.24)

Il apparait que V¥ 4 différe trés peu de celui du modéle classique. La seule différence est induite
par la déformation de la surface d’Alfvén critique sous l'effet du cylindre de lumiére (x4) et
la courbure de I'espace hg. Cependant, dans la suite, nous négligerons l'effet du cylindre de
lumiére (rotation lente), donc, seule la courbure interviendra.

Apreés intégration de I'équation (Eq. 4.24) nous obtenons,
2

Yo = hox <47rw*/62> . (5 - AZ&) (1 + (5 — %) a)g - 1] : (4.25)

Donc, la perte de masse dans le jet de section S dont la ligne d’écoulement extérieure est

donnée par A,y est obtenue a partir des équations (4.24) et (4.23) et de la fonction de densité
1
A2 p?
3 w32y (6 -z )

(Eq. 4.22)
2.2 2
(1 (-2 o)
w

M2(R) Vi o~ n Mpart - (4.26)

*

M = 2 (47rr?;)

ViTh

Mpary €St la masse des particules qui constituent le fluide. Dans le cas d’un fluide pro-
tons - électrons Mmput = Mproton. Dans le cas d'un fluide de pairs de positron - électron

Mpart = Melectron -

Dans I'équation (4.26), il apparait que la perte de masse diminue lorsque le cylindre de
lumiére se rapproche de la surface d’Alfvén critique 2% — 1. En effet, lorsque 2% — 1, le
régime du jet se rapproche d’un régime purment électromagnétique dans lequel le flux de la
matiére dans le jet devient faible. Cependant, du fait que nous allons négliger dans la suite
les effets du cylindre de lumiére sur 1’écoulement, le terme en z% dans I'Eq. (4.26) sera aussi
négligé.
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4.2.8 Moment cinétique

Le moment cinétique transporté le long d’une ligne d’écoulement dans le jet est calculée
a partir des Eqs. (4.16) et (4.24) :

Wy « 1
> Vi+ia \/1—1’%'

L = Aryv,vs (4.27)

4.2.9 Energie

L’énergie est calculée a partir de I’équation de continuité a la surface d’Alfvén (2.86)
1
V1-12%'

L’énergie de Bernoulli augmente vers I'extérieur du jet. Elle atteint son maximum pour

E = hg*c2 = h 4 VaWs (4.28)

2
Qw?

les lignes d’écoulement dont le cylindre de lumiére est trés proche de la surface d’Alfvén
(v — 1). Cette augmentation est due a la contribution du flux de Poynting, qui devient
plus important lorsque on s’éloigne de 1’axe de rotation et que 'on s’approche du cylindre
de lumiére. En effet, la position du cylindre de lumiére dans le jet nous renseigne sur la
contribution de I’énergie électromagnétique dans le jet par rapport a I'énergie thermique.
Les écoulements caractérisés par %4 ~ 1 sont dans un régime purement électromagnétique.

La contribution de I’énergie thermique dans le modéle est obtenue a partir de I’équation
(4.28) et de I'équation du facteur de Lorentz (2.81) :

M? — h?
hoy w = hgxYawsy/1 — 2% <M2(1 ) B e :1:3) , (4.29)

Le flux de Poynting est obtenu a partir de I’équation (2.79) :

=0 2 | B b2, G
EPOynting = —hy \IJ—ABW = —Iy ho,*’Y*w*m <M2 (1 — 33124) — h% n h%’*GQ xi) .
(4.30)
Nous pouvons voir directement des Eqs. (4.29) et (4.30) que la contribution relative de
I'énergie magnétique a ’énergie hydrodynamique (thermique) est proportionnelle a Deffet
du cylindre de lumiére x4. Par conséquent, la contribution du flux de Poynting devient
négligeable lorsque le cylindre de lumiére s’éloigne a I'infini.

4.2.10 Equation de fermeture

A nouveau le probléme de fermeture du systéme d’équations MHD se pose. Cette diffi-
culté résulte de la complexité et de I'insuffisance des informations sur les échanges d’énergies
dans les écoulements astrophysiques. La solution la plus répandue & ce probléme est de
prendre une équation d’état polytropique, P o n'

(Parker 1963; Michel 1972). Une autre solution possible est de prendre une équation d’état

, avec un indice polytropique constant

polytropique plus élaborée avec un indice polytropique effectif variable avec la température,
comme celle que nous avons utilisée pour étudier les vents relativistes autour des objets com-
pacts (Chapitre 3). Ces deux types d’équation d’état imposent un comportement thermique
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(chauffage / refroidissement) constant le long de I’écoulement (isotherme I' = 1 ou adia-
batique eassique = 5/3 €t Drelativiste = 4/3). Elles sacrifient, ainsi, les informations sur les
propriétés énergétiques de I’écoulement. D’autre part, nous avons montré dans le chapitre 3
que le modéle de vent thermique polytropique ne pouvait pas reproduire les vitesses asymp-
totiques observées dans les vents relativistes. En effet, nous avons trouvé que la formation des
vents thermiques relativistes nécessite des températures initiales plus élevées que 1’énergie
de masse (Cf. aussi Parker 1963).

Dans ce chapitre, nous allons suivre une approche différente, le chauffage dans 1’écoule-
ment sera déterminé, non plus a priori comme dans les modéles précédents, mais a poste-
riori. Le taux du chauffage sera déterminé d’aprés la dynamique dans le jet et la structure
des lignes d’écoulement du jet (Low & Tsinganos 1986a; Tsinganos & Trussoni 1990). En
d’autres termes, nous utiliserons un chauffage avec une distribution adéquoite dont la va-
riation avec la latitude va permettre la séparation des variables en (r, ). La variation du
chauffage le long des lignes d’écoulement sera déduite aprés calcul des solutions du modeéle.
L’intérét d’utiliser une équation d’état sous une forme générale est d’éliminer les contraintes
imposées par la forme polytropique et d’avoir un chauffage différent d’une ligne d’écoulement
a une autre.

La pression dans le modéle est, comme pour toutes les autres grandeurs physiques du
modéle, développée au premier ordre :

Loy we o
P = S Ty U II(R) (1+ka) + F. (4.31)
ou II(R) est la pression sans dimension fonction de R. Le paramétre k est une constante
du modeéle, elle donne la variation de la pression dans la direction transverse aux lignes
d’écoulement. Py est une constante arbitraire que ’on prendra égale a 0 le plus souvent.

Sous cette forme générale, I’équation (4.31) peut contenir différents processus de chauf-
fage dans le fluide, thermique, radiatifs et aussi les mécanismes de chauffage par les ondes
alfvéniques (Meliani D.E.A 2001) ou la turbulence (Roussev et al. 2003). La contribution de
chacun de ces mécanismes dépend des besoins énergétique du jet. Dans le cas oil nous suppo-
sons que la pression dans le modéle est seulement due a la pression cinétique, la température
est donnée par la loi du gaz parfait :

P I w0 1+ Ko

T:—:— _
kgn 2/{:]3%k 2 1+ da

(4.32)
Cependant, comme nous 'avons dit auparavant, la pression dans ce modéle ne se réduit pas
a la pression cinétique. De ce fait, la température définie dans 'Eq. (4.32) représente plutot
une température effective du jet. Nous allons discuter de ce probléme de fagon plus détaillée
dans le paragraphe (5.5.2).

4.2.11 Forme de la surface alfvénique

Maintenant que les expressions des différentes grandeurs physiques sont déterminées en
fonction du flux magnétique «, il nous reste une derniére hypothése fondamentale a poser
pour finir la construction du modéle. L’hypothése porte sur la forme de la surface d’Alfvén
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que nous choisirons sphérique comme dans les modéles de jets auto-similaires en altitude
(Vlahakis & Tsinganos 1998), afin de séparer les variables (R, ) dans I’équation de la dyna-
mique. Cette forme de la surface d’Alfvén est raisonnable prés de I’axe polaire, car la gravité
y est élevée et le vent s’échappe essentiellement thermiquement de la couronne, initialement
sous forme de vent sphérique.

D’un autre coté, il a été démontré par Tsinganos et al. (1996), que les surfaces critiques
dans les modéles auto-similaires sont toujours des surfaces d’auto-similarité (dans notre cas
une fonction de R). Ceci, a d’abord été démontré dans le cas des modéles d’écoulements auto-
similaires radiaux (Blandford & Payne 1982). En effet, dans ces écoulements, les seules ondes
(Alfvén et magnétosoniques) qui peuvent se propager dans le jet sont celles dont le vecteur
d’onde est perpendiculaire aux surfaces d’auto-similarités (voir I'annexe C de Vlahakis &
Konigl, 2003). D’un autre coté, toutes les simulations montrent que prés de I’axe de rotation,
la surface alfvénique critique a une forme quasi sphérique (Sakurai, 1985; Bogovalov &
Tsinganos, 1999 ; Ustyugova et al., 1999). Méme dans le vent solaire, les données d’'Ulysse
suggérent une surface sphérique (Lima et al.; 2004)

Le nombre d’Alfvén n’est alors qu'une fonction de R, M?(R). Ceci nous oblige & négliger
les effets du cylindre de lumiére dans le modéle. En effet, dans I'équation (2.83) la déformation
selon a de la surface d’Alfvén critique est due a I'influence du cylindre de lumiére z 4. Ceci
revient a supposer que la rotation ne devient jamais relativiste dans le jet :

= 0w _An [y (4.33)
xA_hO*c_ c 14+ da ' '

Le fait de négliger les effets du cylindre sur la partie du jet que nous modélisons, nous

oblige a restreindre notre étude aux jets relativistes prés de I'axe de rotation. Dans cette
région, les énergies dominantes sont l'énergie gravitationnelle et I’énergie thermique. En
effet, le rapport entre le flux de Poynting (Eq. 4.30) et 1'énergie thermique (Eq. 4.29) dans
I’équation de Bernoulli, est proportionnel a 2. De ce fait, lorsque nous approchons de I'axe
de rotation la contribution du flux de Poynting dans ’accélération du jet devient négligeable.

Négliger les effets du cylindre de lumiére n’affecte a priori pas le type de collimation dans
le jet. En effet, la collimation peut résulter soit des forces magnétiques soit du gradient de
pression. Cependant, lorsque nous négligeons prés de I'axe de rotation les effets du cylindre
de lumiére, nous négligeons aussi la partie de la force de séparation de charge (peE créé par la
rotation dans le jet) proportionnelle & z%. Comme cette force a une action de décollimation
du jet, nous commettons une erreur de I'ordre de z% sur I’équilibre des forces perpendiculaire
aux lignes magnétiques. Cependant, cette erreur tend vers zéro prés de l'axe, ce qui rend
I'utilisation de ce modéle pour modéliser la partie du jet prés de ’axe de rotation raisonnable.
Nous allons revenir dans les sections suivantes pour discuter avec plus de détails sur la
contribution de cette force de séparation de charge dans la décollimation du jet, puisque la
totalité de la force électrique ne peut étre négligée en relativité.
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4.3 Cylindre de lumiére

4.3.1 La surface du cylindre de lumiére

Comme, nous I’avons vu dans ce modéle, nous allons négliger les effets relativistes de
la rotation sur les écoulements. En conséquence, nous allons restreindre notre étude aux
écoulements qui restent toujours a lI'intérieur du cylindre de lumiére. En plus, nous considé-
rerons que les effets du cylindre de lumiére sur le jet sont négligeables. Nous considérerons
soit que le cylindre de lumiére est a I'infini, soit que le cylindre de lumiére existe mais qu’il
est suffisamment loin de la région centrale que nous modélisons. La surface du cylindre de

lumiére est définie par = 1, donc, dans notre modeéle, I’équation qui donne la forme de
0« C

la surface du cylindre de lumiére est déterminée a partir de 'Eq. (4.33) :

A2 2 «Q
2 ~2 n 2
G =1= - G''=1 4.34

Les lignes d’écoulement dans le jet qui traversent la surface du cylindre de lumiére & une
distance radiale R sont celles qui vérifient la condition suivante :

o = , (4.35)

Nous avons représenté (Fig. 4.3), la forme de la surface du cylinder de lumiére dans le
cas d’une rotation solide et d’un jet force-free, en (a) pour des lignes magnétiques dipolaires,
G? x R3, en (b) pour des lignes en expansion sphérique, G* oc R?, et en (c) pour une
expansion paraboloidale, G> o« R. Nous remarquons que plus I'expansion des lignes ma-
gnétiques est importante plus les lignes traversent plus rapidement le cylindre de lumiére.
Pour ces exemples nous avons pris A = 1, § = 1, p = 0.1 et v = 1. Ils ne s’agit pas de
solutions exactes des équations mais simplement de différentes configurations géométriques
qui illustrent notre propos.

La condition sur l'existence de la surface du cylindre de lumiére pour une solution de

2

“ax des lignes d’écoulement dans le jet vérifie

jet donnée, est que l'expansion maximale GG
I'inégalité suivante :

> 0. (4.36)
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Fig. 4.3: Forme de la surface du cylindre de lumiére en pointillé pour trois structures différentes

de lignes magnétiques (a) dipolaires, (b) sphériques et (¢) paraboloidales.

Les conséquences de cette condition sont :

1.

Plus la rotation de jet est importante A >> 0, plus le cylindre de lumiére est proche de

2
max

plus rapidement. Les effets du cylindre de lumiére ne peuvent pas étre négligés dans le

I'axe de rotation, G2, o 1/A?, plus les lignes d’écoulement dans le jet vont le traverser

cas des jets a forte rotation, A >> 0.

. Les jets caractérisés par une distribution sphérique de la densité § = 0, vérifient

toujours, la condition (4.36), donc, le cylindre de lumiére existe toujours pour ces
solutions. Dans ces jets, il existe toujours des lignes o« (Eq. 4.35) qui traversent le
cylindre de lumiére. Au contraire, les jets caractérisés par une forte augmentation de
la densité transverse vers l'extérieur ont trés peu de chance de traverser le cylindre
de lumiére. L’augmentation de la densité alourdie les lignes d’écoulement extérieures
et, de ce fait, rallentit la rotation des lignes, lorsque on s’éloigne de 1’axe de rotation
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1
) x ———]. Dans ce cas, le cylindre de lumiére, s’éloigne de la région centrale.
< V1+46 a) Y & &
3. Dans les écoulements ot il y a expansion des tubes de flux asymptotiquement, F,, < 2,
toutes les lignes d’écoulement traversent & un moment donné le cylindre de lumiére.
Cependant, la position du cylindre de lumiére dépend des paramétres libres pu, v, A.

4. Dans le cas classique des jets d’étoiles jeunes i ~ 1075, le cylindre de lumiére peut
tendre vers l'infini. Cela dépend aussi de la rotation des lignes d’écoulement A et du
poids de la matiére emportée le long des lignes d’écoulement éxternes.

4.3.2 Force de séparation de charge

Lorsque nous négligeons les effets du cylindre de lumiére dans I’écoulement, nous pouvons
négliger automatiquement la force électromagnétique liée a la dissipation de Joule dans le

v — —

jet, — (je . E) < 1, (voir Annexe B) au moins pour les lignes d’écoulement prés de 1'axe
c

de rotation.

Par contre, pour la force de séparation de charge, p. E, le probléme est différent. Celle-ci
a deux composantes dont les expressions sont :

o charge = PeER = {4524 hj;* gsg‘jcﬁ sin f [%ﬁ (2% + Fg + 2F —%—R>
rre (8 )]
+ 45’24%?)\22—5]% sinQG%}, (4.37)
By = {4324 (fo) a3t snocoso [ (295 4 20 1o
_hg8R> TR (1 i ) <h3FT2 a 1)}
+ 4536’4 <h;;;*>2 )\QZ—S sin 6 COSH%} , (4.38)

peE ne peut pas étre négligé complétement, méme pour les solutions dont les lignes
d’écoulement sont loin du cylindre de lumiére. En effet, cette force n’est pas négligeable prés
de I'axe. Ceci est induit par la dimension caractéristique transverse dans le jet qui est L = w@

et par la divergence du champ électrique qui est proportionnelle a la séparation de charge :

. QOw Q
pe x V- E x —— o —. Donc prés de 'axe de rotation p, ne s’annule pas, méme si le

c c
cylindre de lumiére est a I'infini, tant que la vitesse de rotation dans le jet reste importante.
Dans la construction du modéle, nous avons pris en considération la partie de la force de
séparation de charge p, E' qui ne s’annule pas lorsque le cylindre de lumiére tend vers I'infini
zy — 0.

B ho, F 02 246
s Mok a0V popeg 200

AtG* hy 2 2 1+ 0a)?’

Pe ER (439)
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B2 [hy.\> 02 2 +da
Ey ~ * ’ 2 £ g —_— 4.4
pe Ey i < e > A 2 Sln9C089(1 Sa) (4.40)

Ainsi écrite, cette force électrostatique n’est pas séparable en (R, a). Cependant nous
pouvons prendre le développement limité a I'ordre le plus bas de cette force en «, ce qui

2+ 6
nous améne a considérer le cas ou et tend vers 2.
(1 4+ 0a)?
B2 hg F 1)2
cEr ~ £ X N2 £ Rsin%6 4.41
Pe 2R 4rG* hy 2 2 S (4.41)
32 hg * 2 2’02 .
pe By ~ 24%&4 <h—0> A C—;smﬁcosﬁ. (4.42)

De ce fait, ce modéle ne sera applicable que pour les jets proches de I'axe de rotation, o << 1.
Cette possibilité restreint encore davantage 'application de notre modéle a la partie axial.
Néanmoins, dans ce cas, nous sommes strs que le cylindre de lumiére reste assez loin de la
partie ol notre modele est applicable.

La deuxiéme possibilité est de ne considérer que les jets avec une faible déviation a la
symétrie sphérique de la densité § — 0. Cependant, cette solution limitera I’application du
modéle aux solutions caractérisées par 6 << 1. En méme temps, cette deuxiéme approche
limite aussi 'application de notre modéle a la région interne du jet. En effet, pour § — 0
la diminution de la vitesse angulaire {2 dans le jet devient lente, lorsqu’on s’éloigne de I'axe
de rotation. Le cylindre de lumiére s’approche alors plus de la région axiale. De ce fait, les
termes des forces électriques, liées au cylindre de lumiére ne peuvent pas étre négligées.

4.4 Résumé du modéle

4.4.1 Résumé des hypothéses du modéle

En vue de modéliser les jets relativistes, nous avons introduit dans le présent chapitre
les différentes grandeurs GRMHD régissant 1’écoulement d’un fluide magnétisé stationnaire
et axisymétrique. L’écoulement formé dans I’environnement d’un objet central massif non
tournant, engendre un potentiel gravitationnel radial et une courbure de l'espace donnée
par la métrique de Schwarzschild (Eq. 2.16). Ensuite, nous avons introduit les coordonnées
(R et v, distance radiale et flux magnétique normalisé) et séparer les variables dans les gran-
deurs physiques de I’écoulement. Nous avons alors fait un développement limité a I'ordre 1
en fonction du flux magnétique o pour modéliser ’anisotropie dans I’écoulement. Ceci nous
a permis de traiter les écoulements & deux dimensions. Les hypothéses du modéle sont :

1. La partie en # dans I'expression du flux magnétique est similaire a celle du flux ma-
gnétique d’un dipole.

2. Nous avons supposé que les effets du cylindre de lumiére sont négligeables. La surface
d’Alfvén est sphérique. Le nombre d’Alfvén est donc seulement fonction du rayon :

M?*(R).
3. Le rayon cylindrique du jet est proportionnel & la racine du flux magnétique sans
dimension a.
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4. Le moment cinétique transporté par unité de flux magnétique, le long des lignes d’écou-
lement est proportionnel au flux magnétique sans dimension a.

5. La densité varie de facon linéaire avec o d’une ligne d’écoulement & une autre.
6. Larotation différentielle varie dans la direction transverse comme l'inverse de la densité.
7. La pression varie de fagon linéaire d’une ligne d’écoulement a une autre.

8. Nous n’avons pris que 'ordre 1 du développement limité de la force de séparation de
charge en a.

Les hypothéses du modéle sont donc :

a = fsin?#,

(4.43)
M? = M*(R), (4.44)
w=Gr, Vo, (4.45)
LY, = ho A7, B, a, (4.46)
AV, /rs
Q = hyy ——, 4.47
“ Tt 5a 40
h%* Y Nlx
= d 149 4.4
AU, o
— 0 4.49
T4 c 14+ da - (4.49)
hO F .. 92
—— — sin“ @
. B2 (ho\" Hv2 | ho 2
sin @ cosf

4.4.2 Les paramétres libres du modéle

Dans ce modéle nous avons introduit 5 paramétres libres, un de plus par rapport au

modéle classique (Sauty & Tsinganos 1994). Les paramétres du modéle sont :

— v la contribution du potentiel gravitationnel dans le modéle. v est le rapport entre
I’énergie gravitationnelle effective et 1’énergie cinétique poloidale & la surface d’Alfvén le
long de I’axe polaire.

— 1 I'échelle spatiale caractéristique autour du trou noir; Ce nouveau paramétre pu, est
identique au paramétre m du modéle de vent magnétisé équatorial de Daigne & Drenkhahn
(2002). I est induit par I’existence d’une longueur caractéristique (rayon de Schwarzschild).
Cette longueur caractérise la courbure de ’espace autour d’un trou noir de Schwarzschild.

— A la quantité normalisée du moment cinétique transporté le long des lignes magnétiques
par unité de flux magnétique ;

— ¢ la déviation linéaire a la symétrie sphérique de la densité dans le jet ;

— k la déviation linéaire a la symétrie sphérique de la pression dans le jet ;
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4.4.3 Champ magnétique et champ de vitesse

Le champ magnétique et le champ de vitesse sont déduits a partir des équations ( 2.63),
(2.78) et (2.79) dans I'hémisphére nord (O <l < g) ;

1
B, = B*E cosf, (4.51)
B, F
Bg = —hoag SIHG, (452)
hg
)\B* hO,* h—%* a G .
B, = G e P W Rsinf, (4.53)
RN
M? cos
U = U , 4.54
"h3,G? \/(1 + 0a) (4.54)
M? F  sinf
vg = —hov — , 4.55
[4 0 *hg*GQZ (1—|—(50{) ( )
M2
: - G?
. - ho M, Rsin® b, . (4.56)
4 hos G2 /T + da M? <h0>2
h%* hox

Pour I'hémisphére sud (z <0< 7r>, il suffit de changer le signe de ’expression de By
et celle de v, pour vérifier la condition de symétrie par rapport au plan du disque d’accrétion.
Pour alléger le formalisme, nous allons dans ce qui va suivre utiliser de nouvelles fonctions
de R, Np et Ny qui sont respectivement le numérateur de B, et de V,, et aussi D qui est
leur dénominateur commun. Ces trois nouvelles fonctions ont la particularité de s’annuler
simultanément a la surface d’Alfvén pour assurer la continuité des champs vectoriels et

scalaires :
M2
Ny = — — G, (4.57)
hO*
h2
Np = - — G, (4.58)
hO*
M? h?
D = - L. (4.59)
hie  his
(4.60)

4.5 Equation de la dynamique dans le modéle

4.5.1 Séparation des variables dans I’équation d’Euler

A Daide des expressions des forces GRMHD dans le modéle (Annexe B), nous pouvons
determiner les composantes radiales et méridionales de I’équation de mouvement (2.54). Les
équations sont séparables en 6 et R, elle s’écrivent sous la forme :
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X(R) + Y(R) sin®(0)
2 sin(f) cos(f) Z(R)

(4.61)

0,
0. (4.62)

Pour que ces équations soient vérifiees quelque soit 6, il faut que X(R), Y(R), Z(R) soient
nuls simultanément. Nous obtenons :

X(R) = j—gjth%é (dj]erFR M) Zt;ﬁ—%%&g—j:o, (4.63)
V(R) = HRQSEJF ;2dM2 (hio 2( 1+A2R2]l\$> +Z—§§%
2 2
AT
+ o 2G}ZR {FQ - <1 - RZ&) E _% };LLOO* A:QNLLRZ} Z%* J\Z25
+2A2(§Zﬁ* {_Whgg—2+2g—z+<:0(’*> (F—Z)%}: 0,  (4.64)
0% (F'3
ihh—?i {F2 ~F(1- R‘;l%) . h%—};;og >\1/2H4R2}+ h—]?iGQM
222? <Z°—;]l\;—’2§_2h—]§pg—§> 0. (4.65)

Les trois équations que nous venons d’obtenir sont des fonctions indépendantes les unes
des autres. Elles sont fonctions des quatre grandeurs physiques caractéristiques du modéle
[I(R), M*(R), G(R), F(R) et de leurs dérivées. La quatriéme équation qui permet de fermer
le systéme est celle qui relie F/(R) a G(R) (Eq. 4.13)

dinG
F_2<1_dlnR>’ (4.66)

Pour adapter les Eqs. (4.63 - 4.65) a la méthode d’intégration de Runge-Kutta, nous allons
les réorganiser sous les formes suivantes :
Pour la pression :

an - 2 1 (M2 F—2 ho 1 M
_ F-2,p 2 L Y
dR = holG" ( iR TR > <h0> B2 <” ”hg*G4> (4.67)

Pour la dérivée du nombre d’Alfvén :

AM? _ N
dR D’

(4.68)
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Pour la dérivée de la fonction d’expansion :

dF /\/f

F= D (4.69)

ou les expressions de Ny, Nz, D sont les suivantes :

R? N2 ho \ 2 h2F?
= —(1+s=|D+NR2E 4+ (2] = 4.
( +/~@GQ> + AR D2+<h0* 1 (4.70)

ho \ 2 M? R? A2 R?
-0 16(1+k—|-8F-L +8Fr—
i <h0*> 8R ( 6 ( * HGQ> ; v? 8 fte?

+2h5(1 + W)FQ + h2F3>

hg w vhy, G? ho \ 1 o o
M op_pPlee 5 “MKkRGEFM
<h0*> it Do arC W g, ) 2T

M2 p R? NgNy N%2 K2, [ hg\> N2
— (14 k=) D+ )N MNRh2 2 - (2 ) Y
212 R? ( +“G2> AT AN B Tz \ By, ) D

2 ho 2 NB
— M? — | (F=2)% = XN’RAh2(F —2)—= 4.7
{hg* (1) >} LEPR <

M?F F R? N3 F F
= — 1—— 1+ k= | +\°R? — (1 - hy’=
o= A0 ) (@) o) 5 (o))
1 he\? R’ 22 N5 h02 2

{FQ P 3_/1,0*”2 /\2>/1/ 41?2}

2RIl 2 2 NQ 2 21,2
_2NGTx {— (1 +nR—> +A2RPE hiFQ} vG hO*F(5 k)

0z a2 D’ 2M2h2
uF [ R\ (he\ B2, F
I e S L %o p =
RPhZ | 202, ( ) T\ 3 hg* la
2 2 2 2 2 2
NRR o o Ne VR (NG 1 BN
B D Rz D 2R, D
R | epeNh
{— (1 4 n@> F Rl B (4.72)

Dans la limite de la relativité restreinte, lorsque p devient nul donc hy = 1, nous retrou-
vons les équations du modéle classique de Sauty & Tsinganos (1994). Il est remarquable que

le modéle dans la limite sans courbure bien que relativiste donne les mémes équations que
le modeéle classique.
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4.5.2 L’intégrale de mouvement

La similitude entre le modéle classique et le modéle relativiste suggére 1’existence, d’une
intégrale du mouvement e (Sauty & Tsinganos 1994). Cette intégrale a 'avantage d’étre une
constante d’énergie dans laquelle la contribution de I’énergie thermique est soustraite. Elle
permet donc de déterminer la portion du flux de Poynting utilisée dans ’accélération initiale
du jet.

L’expression de la pression dans le modéle en fonction de o, donne une variation linéaire
de la densité d’enthalpie en . En effet, la densité d’enthalpie le long des différentes lignes
d’écoulement est la méme a un facteur de proportionnalité prés (1 + x«). Cette propriété
de la densité d’enthalpie permet de calculer la constante € en soustrayant a I’excés de densité
de flux d’énergie le long d'une ligne magnétique extérieure la densité de flux d’énergie le long
de 'axe polaire multipliée par k.

Pour obtenir la constante € nous allons faire une projection de 1’équation d’Euler le long
de d’une ligne d’écoulement :

-1 v? 112 VP

Y2nw/c?

1 w ) ~
VhZEB, 44— E| =0,
hoyw/c2 0 Wy, ¢ * *y2nw/02p }

(4.73)
La force de séparation de charge p, E est toujours perpendiculaire aux lignes d’écoulement,

- UA B
a cause de la conductivité infinie dans le plasma : £ = — . De ce fait, cette force

c
n’influence pas I’énergie emportée le long des lignes d’écoulement.

Dans la détermination de I’expression de e, nous allons considérer que les effets du cy-
lindre de lumiére sont négligeables dans le jet. Ainsi, ’énergie dominante dans I’équation de
Bernoulli est I'énergie hydrodynamique, hgyw. En conséquence, la contribution et aussi la

w
variation de flux de Poynting, A T B,, le long du jet, restent trés faible par rapport a celle
A

de I'enthalpie. Donc dans I’avant dernier terme de I’équation (4.73), nous pouvons considé-
rer, en premiére approximation, que 1’énergie hydrodynamique dans le dénominateur reste
constante dans I’écoulement. La nouvelle forme de I'intégrale de Bernoulli dans 1’écoulement

est donc :
v2 E(R)y + E(R) oy
E == 4.74
2 1+ ’ (4.74)
avec
M4 1/2 R L M4
= —  + —In(hd) - —— ———d
ER) = qrga + 7 In(h) /OO g
R 2 2
ho diT M
— | — —dR 4.75
[ () e (4.7

et
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M* , F? A2 ho \° (N Ng
= — -1 — | — — 2 \? —1 2
E(R)q W REGE [(ho 1 )]JFG? <h0*> <D> + 2N — - * . n (hg)d
R 4 2 2 2 2
_/ “2 4M th——l +)‘_ ﬂ & dR
s R2D2 | hi, R?2G? 4 G2 \ hg, D
R 2 2
ho \~ dII M
— ] — —dR. 4.
oo [0 (i) g n (470

E(R)g est le flux d’énergie le long de I'axe polaire. Ce terme énergétique est constitué
de I'énergie cinétique, de I'énergie gravitationnelle, de l'intégrale de I’énergie thermique le
long du jet, et finalement d’un nouveau terme, qui le différentie du modéle classique, induit
par la courbure de ’espace prés du trou noir. Ce nouveau terme est 'intégrale de I’énergie
cinétique multipliée par la force de gravité. Il devient négligeable loin de 1’objet central.

Pour mieux comprendre la signification physique des termes de I’énergie thermique dans
le jet, nous allons les écrire sous une nouvelle forme. En effet, chaque terme s’écrit comme la
somme de deux composantes : 'enthalpie échangée par le fluide le long du jet et le chauffage
du jet de la couronne R, jusqu’au point R.

R 2 R 2
hg dIl M hg dIl M
— ) — —dR = wp,ota — ] — —-d 4,
/oo (m) ar g, w”’”1+/m (ho) ar g, (4.77)
ou
R, 2 2
c hg dIl M
otal = 2 ) — _dR, 4.78
v = [ (h) aR 13, i

Afin de donner une signification & wq, totar, il suffit de calculer I’énergie de Bernoulli sur
I’axe polaire, dans les deux régions limites, prés de l'objet central, R — R, et asymptoti-
quement, R — oo.

2

1%
g(R)O,C = ; In (hg) + Wy, total ; (479)
M4
E(R)oce ~ 7 Ar > (4.80)
' ht, G,

A la base, 'énergie dominante est 1’énergie gravitationnelle et I'énergie thermique, alors,

que dans la région asymptotique, I’énergie est dominée par Iénergie cinétique (en effet,
2

Voo X G2 —22). L'utilisation de la condition de conservation de I'énergie, le long de ’axe polaire,
nous donne simplement le taux de conversion d’énergie thermique le long de I'axe en énergie
cinétique :
2 4
v M,
—— In (k) +
L ( O) h G4

= +w0,t0ta1 s (481)

Donc, le long de I'axe, ’énergie thermique initiale dans I’écoulement permet, d’une part, au
fluide de s’échapper de la gravité et, d’autre part, d’accélérer le jet.
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Dans le cas § = 0, le terme E(R),, représente la déviation a la symétrie sphérique de
I'énergie transportée dans le jet. E(R), est constitué de quatre termes : un terme d’éner-
gie cinétique, un terme de flux de Poynting, un terme d’énergie gravitationnelle, un terme
d’énergie thermique et finalement un terme induit par la courbure de I’espace prés du trou
noir. Ce dernier terme est induit par la variation de la gravité le long la ligne d’écoulement
«. Dans le cas ou £(R), est positif, le jet a un excés d’énergie dans la partie externe. Par
contre, dans le cas ot £(R), est négatif le jet a un exces d’énergie le long de I’axe polaire.

Pour mieux comprendre ce terme d’énergie transporté en plus le long d’une ligne d’écou-
lement a du jet, nous allons donner les valeurs dans les deux régions limites : prés de 'objet
central R — R, et asymptotiquement R — oo :

2
v
+ ; In (hﬁ) 0 + K Wa, total

_/R K M hQF_2_1 N Nv
. RIL | W RGE e\ ) D

M F2 A2 /1 \? [Ny Np o
~ 2 [ = _1 — | — x 2 \? 4,
Ef)a = s aa [( 1 >]+Ggo <h> (Doo> 2N S48

A la base du jet I’énergie dominante est 1’énergie thermique avec une contribution du flux de

£(Ro)a

12

dR, (4.82)

¢

Poynting. Dans notre modéle de jet axial, la contribution du flux Poynting reste faible dans
I'accélération par rapport a celle de 'enthalpie. Dans £(Rw)a, le terme de flux de Poynting
qui reste représente la portion de ce flux qui peut contribuer a la collimation du jet.

Maintenant revenant a notre but initial, pour déterminer I'intégrale de mouvement e, il
faut éliminer dans les termes d’énergies £(R)q (4.75) et E(R)q (4.76), les termes de chauffage
qui sont identiques a un facteur x prés. La différence e = E(R), — k E(R)y est une constante
du modéle.

M* 22 (he\? [Ny ,Ng
= e (0T ) @t wG) (B) o
2 R 4 2
v 2y M o F
+Eln(h (0 — k) /RQhQ[ R2G2<<h 4—1)
R? A2 [ hy Ny
— K — +_ R -
G2 G2 \ h,, D

Il apparait dans cette équation de €, un nouveau terme intégral qui n’existe pas dans le

dR. (4.84)

cas classique. Ce nouveau terme est di a I'existence d’'une longueur caractéristique dans la
métrique de Schwarzschild, donnée dans notre modéle par p. Il s’annule lorsque les effets
relativistes de la gravité deviennent faibles, u ~ 0.

4.5.3 La signification du paramétre ¢

€ représente, dans le modéle, une forme d’intégrale qui caractérise la variation de 1’éner-
gie perpendiculairement aux lignes d’écoulement. En effet, il est défini comme la différence
entre I'énergie emportée le long des lignes d’écoulement extérieures et ’énergie emportée le
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long de I'axe de rotation. Il donne aussi la portion du flux Poynting utilisée a la base du
jet pour équilibrer la gravité (Sauty et al. 2002). Ainsi, € permet de déterminer 1'excédent
du flux de Poynting qui reste dans la région asymptotique du jet. En conséquence, il donne
la densité du courant électrique I (4.15) dans le jet qui permet de collimater le jet par la
force de pincement magnétique toroidale. Dans le cas ou € < 0, le flux de Poynting dans
la région asymptotique du jet est trés faible. De ce fait, le courant électrique qu’il induit
reste insuffisant pour collimater le jet sans la contribution d’un confinement par le milieu
ambiant. Par contre dans les jets caractérisés par € > 0, le flux de Poynting reste suffisant
pour permettre au jet de s’auto-collimater par la force de pincement magnétique toroidale.

Dans le chapitre suivant, nous allons utiliser € pour classer les solutions de jet selon le type
de collimation. En effet, nous séparerons en deux classes selon 'efficacité de la force de Lorentz
a collimater le jet. La premiére classe, € > 0, correspond au cas des rotateurs magnétiques
efficaces dans lesquels le rotateur magnétique est capable de collimater le jet, ¢ > 0. La
deuxiéme classe, € < 0, correspond aux rotateurs magnétiques inefficaces pour lesquels le
rotateur magnétique n’est pas capable de collimater le jet. Dans ce cas la collimation du jet
ne peut se produire que via le gradient de pression (voir Sauty et al., 1999).

4.5.4 Les régions extrémes

Maintenant que le modéle est posé, nous allons faire une étude des propriétés du jet dans
les deux régions limites. Cela nous permettra de donner I'influence des paramétres libres du
modeéle avec des méthodes analytiques. La partie asymptotique permet de déterminer les
paramétres du modéle qui controlent la collimation du jet. La région de formation du jet
permet de déduire les paramétres libres du modéle qui ont le plus d’impact dans ’accélération
du jet.

4.5.4.1 La région asymptotique

Dans la région asymptotique lorsque le jet atteint sa vitesse asymptotique vy, et la mor-
phologie du jet devient cylindrique, les forces dans la direction radiale deviennent nulles,
puisqu’il n’y a plus d’accélération du jet. Au contraire, dans la direction transverse, trois
forces co-existent et sont en équilibres entre elles. Ces forces sont le gradient de pression
transverse, fp, la force de pincement et de pression de la composante toroidale du champ
magnétique, fB, et la force centrifuge, fc :

fo+ fs+fp=0, (4.85)

Dans la région asymptotique # ~ 0, les forces (Annexe A) centrifuge fc, magnétique fp et
de pression thermique sont données en coordonnées cylindriques par :

2 2 2 2 2
o w Uy B hi A ( Ny
fe=rnG o = mal { e Do - (486)

_ 1 2 d B, _ B} s (Neo )’
fs = gy {Bw cos f + = w} = TrcL -2\ w D : (4.87)




4.5. Equation de la dynamique dans le modéle 107

_dP B’

fr = dw  47GY

{-GL Uy k@), (4.88)

Il faut noter, que la force centrifuge a une action de décollimation du jet alors que la
force de pincement et de pression magnétique sont des forces de collimation. Le role de la
force de pression dépend de la valeur de la pression interne du jet I, et de la valeur de k.
En effet, dans le cas d’un jet sur-pressurisé, k > 0, IIo > 0 ou k < 0, I, < 0, la pression
augmente vers l'extérieur, alors la force de pression aide a la collimation du jet. Dans le cas
sous-préssurisé, k < 0, [I,o > 0ou x > 0, [I, < 0, la pression diminue vers I'extérieur, alors
la force de pression décollimate le jet.

Par combinaison des équations (4.85) et (4.86) a (4.88) nous obtenons :

h2. [Ny’ Npoo\?

0x v — (=2 . (4.89)
2M2 \ Du D
La deuxiéme équation qui décrit 1’équilibre dans la direction transverse dans le jet est celle
de €. En effet, elle donne la variation de l'énergie spécifique dans le jet entre les lignes

K 1
— My =
2 \2 2 G?

d’écoulement. Dans la région asymptotique R — oo, pour les écoulements collimatés F' — 2
et hg — 1, la constante de Bernoulli € s’écrit :

€ kM 1 (Nvw\® [N\’
L o oo <) 4.90
ox — annl oL Tace (Doo> +<Doo> (4.90)

On remarque, que le comportement asymptotique du jet est décrit complétement par

€
la pression asymptotique Il et les deux paramétres libre du modele 2 et CSvE Ces
deux équations (4.90) et (4.89) de ce modéle sont les mémes que dans le modéle classique.
La seule différence apparait dans D, Ny et Ng dans lesquelles la courbure de I’espace a la

surface d’Alfvén hg, intervient.

4.5.4.2 Condition de formation du jet a la surface de la couronne

A la surface de la couronne le nombre d’Alfvén s’annule M? — 0, si 'ouverture du jet est
faible G? < 1. Nous pouvons utiliser ce critére comme définition de la surface de démarrage
du vent dans la couronne. D’un autre coté, la dérivée du nombre d’Alfvén doit étre continue
sur cette surface. Pour déterminer cette condition, & partir de I'équation dans 'annexe A,
nous allons prendre les termes les plus importants prés de la couronne. Ces termes sont : le
terme de la gravité et le terme de la force centrifuge a la surface de la couronne. On trouve :

2
) ) X v (0 — k) 1
a) VRGeS (S g - Lo
dR C_ M2 h’UC 1+/§}R—2 _)\QRQ , ( . )
c hO,* Gz c

A la surface de la couronne M? — 0 dans le dénominateur, pour assurer la continuité

2
de la dérivée ——| , le terme du numérateur doit s’annuler aussi. Donc la condition a la

C
surface de la couronne est :

R2 SN l/2 (6 _ K’)

c TN =) (4.92)
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Cette valeur du rayon de la couronne est une approximation du rayon réel. Il ressemble a
la relation obtenue dans la limite classique par Sauty et al. (2002). L’équation (4.92) montre

Nz ) . . T .
que la quantité TN = ) a un impact sur la formation et I'accélération initiale du jet.
M
2 (6 — k)

Plus la valeur de est grande plus la région subalfvénique devient petite. Cela

202 (1 —

induit une diminution (de l’a/égélération du jet, puisque la région d’accélération devient plus
petite (Sauty et al. 2002). La condition pour que la couronne puisse exister est 6 > k. En
effet, les solutions de jet avec § < k, sont caractérisées par une énergie thermique insuffisante
pour équilibrer la gravité a la surface de la couronne. Dans ce cas, la couronne ne peut pas

exister.

4.6 Surfaces critiques

Les surfaces critiques correspondent aux régions dans 1’écoulement ou la vitesse devient
égale a une des vitesses caractéristiques du fluide a laquelle se propage I'information dans le
fluide (vitesse de propagation des ondes dans le fluide). Dans les écoulements MHD, il existe
deux types d’ondes, les ondes compressibles (ondes magnétosoniques rapides et lents) et les
ondes incompressibles (ondes d’Alfvéns). Les ondes d’Alfvén se propagent parallélement aux
lignes d’écoulement. Les autres se propagent perpendiculairement aux lignes magnétiques.
Dans le modéle étudié dans le présent chapitre, il existe deux surfaces critiques pour x >
0 comme dans le modéle classique (Tsinganos & Trussoni 1991; Sauty & Tsinganos 1994;
Tsinganos et al. 1996). Ces surfaces sont la surface d’Alfvén et le surface magnétosonique
lente. La surface magnétosonique rapide est rejetée a I'infinie comme dans le cas du modéle
de Blandford & Payne (1982) voir aussi ~-Bardeen & Bergeer (1978)— des écoulements auto-
similaires radiaux. Cette surface apparait dans les équations lorsque k < 0 (cf. Sauty et al.,
2004)

4.6.1 Transition de la surface d’Alfvén

La surface d’Alfvén comme nous I'avons déja remarqué correspond a la surface a laquelle
la vitesse poloidale de I’écoulement devient égale a la vitesse alfvénique. La propriété d’axi-
symétrie dans I’écoulement induit une singularité dans les composantes toroidales du champ
magnétique et de vitesse. Cette singularité apparait aussi dans les équations de la dynamique.
A la surface d’Alfvén, deux conditions ressortent de continuité des composantes toroidales :
G? = 1et M? = hZ,. L’autre condition qui peut étre déduite a 1'aide de la loi de 'Hopital
a la surface d’Alfvén est :

dNp K
s F, -2+ -4
Ng| _ drR |, 7 1. (4.93)
R U T |
iR |, 2 AR |, 12

En utilisant cette relation dans les équations de I'accélération (4.68) et (6.51), nous obtenons
comme condition du passage de la surface d’Alfvén critique, une équation algébrique du
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troisiéme degré de la dérivée du nombre d’Alfvén a cette surface :

AX? +BX* +CX +D =0, (4.94)

(4.95)

F,
A = hg*z, (4.96)
1 h2 1
8:5)\2— (%Feri(H*n—l)), (4.97)
C =\ (F*—2+hi2>, (4.98)
0x
A2 o\’
D =-"— <F—2+—> : (4.99)
2 * h,

(4.100)

Ainsi, nous pouvons déduire la dérivée de la pression sans dimension a la surface d’Alfvén :

dIl

dR h2

*

I I T
nl. dR

+(F*—2)] N (4.101)

*

L’équation obtenue (4.94), aux corrections de la courbure d’espace prés, est la méme
que celle du modéle classique (Sauty & Tsinganos 1994). C’est une équation cubique. D'un
point vue mathématique, la surface d’Alfvén est une singularité d’ordre supérieur et le point
critique est un point-étoile. A la surface d’Alfvén, toutes les expansions possibles des lignes
d’écoulement F' sont permises, contrairement au cas de point critique “point-X” ou seules
deux solutions sont permises. Donc, la surface d’Alfvén n’est pas une surface critique dans le
sens ol elle n'impose pas de condition sur le choix des solutions d’écoulement qui la traversent
(Weber & Davis 1967; Tsinganos & Trussoni 1991; Tsinganos et al. 1996).

Cependant, la condition de continuité a la surface d’Alfvén impose une condition de
continuité de la dérivée de lexpansion du jet, F, (Eq. 4.69). En terme plus physique,
la condition (4.94) impose que la courbure des lignes d’écoulement dans le jet soit finie
(Heyvaerts & Norman 1989). Si cette condition n’est pas satisfaite, les lignes de champ ma-
gnétiques présentent une cassure susceptible de générer des instabilités (Fig. 4.4).
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Fig. 4.4: Cassure d'une ligne magnétique lorsque la condition de passage de la surface d’Alfvén
n’est pas vérifiée.

4.6.2 Surface magnétosonique lente

Le deuxiéme point critique apparait dans la partie subalvénique du jet, c’est un point
critique de type X. Il correspond a I'annulation simultanée des numérateurs Nz, Ny, et du
dénominateur D dans les équations qui gouvernent I'expansion et la dynamique du jet (Eq.
4.69) et (Eq. 4.68). L’existence de ce point dans le modéle permet de selectionner une solution
unique qui est continue a la surface d’Alfvén et qui traverse la surface magnétosonique lente
(Tsinganos & Trussoni 1991; Tsinganos et al. 1996). Elle nous permet donc de déterminer
dans l'intégration du modéle le facteur d’expansion a la surface d’Alfvén F,.

4.6.3 Intégration des équations du modéle

Nous pouvons intégrer les équations de la dynamique du jet (4.67), (4.68) et (4.69) &
partir de la surface d’Alfvén en donnant les conditions initiales suivantes :

R =1, (4.102)
G? =1, (4.103)
M? = 1. (4.104)

(4.105)

Pour intégrer les équations, il faut également donner les paramétres libres : u, v, 0, k, A et
aussi la pression sans dimension II, a la surface d’Alfvén et le facteur d’expansion du jet,
F,. Ce dernier, comme indiqué au paragraphe précédent, est déterminé par la condition du
passage du point critique “point X” de la surface magnétosonique lente. 'intégration est
effectuée en utilisant la méthode de Runge-Kutta et un sous programme de la bibliothéque
NAG.



Chapitre 5

Etude du modéle de jet relativiste a
rotation faible

5.1 Introduction

Ce chapitre est dédié a 'exploration des solutions de jets magnétohydrodynamiques rela-
tivistes au moyen du modéle construit au chapitre 4. Dans la section (5.2), nous entreprenons
une étude paramétrique. L’influence de chaque paramétre libre du modéle u, v, §, Kk, A sur
I’écoulement sera analysée. Cette étude est nécessaire pour contraindre le choix des para-
meétres libres du modéle que nous allons utiliser dans I'étude des jets. Nous analysons dans
la section (5.3) les différentes forces et énergies magnétohydrodynamiques qui contribuent &
la formation et a la collimation des jets relativistes. La comparaison entre les contributions
des mécanismes magnétiques et thermiques dans la collimation s’est révélée fructueuse pour
distinguer les différents régimes. Dans la section (5.4), nous allons faire une comparaison
entre les jets classiques autour des Etoiles Jeunes et les jets relativistes de Noyaux Actifs de
Galaxie obtenues avec ce modéle. A la fin, section (5.5), nous appliquerons notre modéle aux
jets des AGN. Nous essayerons aussi de faire un classement des AGN d’aprés D'efficacité de
la collimation magnétique.

5.2 Etude paramétrique

5.2.1 L’effet du paramétre de la courbure de I’espace, u

Le paramétre u controle les effets relativistes de la gravité dans le modéle (Eq. 4.3). C’est
le rapport du rayon de Schwarzschild sur le rayon d’Alfvén. Il représente aussi la vitesse
d’échappement a la surface d’Alfvén. Son role essentiel est de controler I'accélération de
I’écoulement dans la région sub-alfvénique. Toutes les études faites sur le paramétre p ont
montré que plus la valeur de p est élevée plus la vitesse asymptotique est grande (Fig. 5.1).
Nous pouvons donner une interprétation physique simple de ce résultat : quand la surface
d’Alfvén s’approche de la surface de Schwarzschild, la gravité dans la région sub-alfvénique,
et donc dans la couronne croit. En conséquence, pour que la couronne puisse supporter
la gravité ses énergies thermiques et magnétiques doivent augmenter. Cette accentuation
de I'énergie surtout thermique dans la couronne va étre en grande partie transformée en
énergie cinétique dans le jet. Ainsi, le fluide traversera plus rapidement la surface d’Alfvén
avec une vitesse plus importante. En effet, la forte accélération du fluide fait rapprocher

la surface d’Alfvén de la couronne, puisque R, 15 (Eq. 4.92). Dans la région super-

alfvénique, 'accélération différe trés peu entre les solutions pour lesquelles p ~ 0.1 et celles

111
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pour lesquelles p est plus faible. En effet, au-dela d’une distance de 10rq, les effets relativistes,
les effets de courbure plus exactement, induits par la gravité deviennent faibles. De ce fait,
dans la région asymptotique, I'accélération du jet relativiste devient équivalente aux jets
classiques.

D’un autre coté, comme cela a été démontré dans le modéle de vent sphérique, I’augmen-
tation de p engendre un accroissement de la courbure de 1’espace. En conséquence, lorsque
le fluide s’éloigne de ’objet central, le volume propre, qui contient les particules constituant
le flux, augmente plus rapidement que le volume réel, qui est lui sphérique (Fig. 3.9). L’aug-
mentation de p revient a augmenter 1’expansion du jet par rapport a son expansion réelle.

i favorise les structures radiales, dans la partie sub-alfvénique ou la gravité est la plus

influente. En effet, plus la valeur de p est importante plus la stratification de la densité

est importante (Fig. 5.1b). Ainsi, le gradient de pression radial x g—g augmente et favorise

I’expansion sphérique. Ceci permet de rendre I'accélération du jet plus efficace.
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Fig. 5.1: En (a) variation de la vitesse normalisée a la vitesse de la lumiére. En (b) variation de la
densité en fonction de la distance pour différentes valeurs de u. Les valeurs des autres paramétres
libres du modéles sont v = 1.185,§ = 2.113,x = 0.5, A = 1.9995.

5.2.2 Effet du paramétre v contrélant le potentiel gravitationnel

v représente le rapport de I'énergie gravitationnelle sur ’énergie cinétique a la surface
d’Alfvén. Plus la valeur de v est élevée plus 'efficacité de conversion de I’énergie thermique
hoy (w — m c?) en énergie cinétique m c® hg (y — 1) dans la région sub-alfvénique est faible.
Donc, contrairement a p, v a une influenceplutot négative sur la vitesse asymptotique (Fig.
5.2a). Plus la valeur de v croit, plus la vitesse asymptotique décroit. En effet, la distance
entre la surface de la couronne r, et la surface d’Alfvén r, est une fonction linéaire du carré
de v (Eq. 4.92). De ce fait, lorsque v augmente la région sub-alfvénique devient plus petite
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et le fluide atteint rapidement la surface alfvénique & cause de la diminution plus lente de la

densité dans 1’écoulement (Fig. 5.2b).
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Fig. 5.2: Comparaison entre trois solutions avec v = 0.8, 1.0, 1.5. (a) Variation de la vitesse le

long de I’axe du jet. (b) Variation de la densité le long de ’axe du jet. Les autres paramétres libres
du modéle sont 4 = 0.1, = 1.0,k = 0.5, = 1.0.
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Fig. 5.3: Vitesse le long de ’axe de rotation, pour une solution avec v = 0.05. Les autres parameétres
libres du modéle sont g = 107°, 6 = 0.6,x = 0.5, X = 0.5.

Au contraire, lorsque v diminue dans le modéle, la couronne se rapproche du trou noir.
De ce fait, I’énergie thermique a la base de ’écoulement augmente pour lui permettre de
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supporter la gravité. D’un autre coté, la région sub-alfvénique devient plus grande, ce qui
donne plus d’efficacité a accélération du jet (voir paragraphe 1.3.1).

v ne peut pas diminuer infiniment, puisque la couronne ne peut pas se former trés proche
du trou noir. Dans le cas ot la couronne devient trés proche du trou noir, I'énergie thermique
devient insuffisante pour équilibrer la gravité et 1’énergie cinétique a la base du jet augmente

;;;;;

base (Fig. 5.3).

5.2.3 L’effet du paramétre d’anisotropie de la densité

0 caractérise la déviation de la distribution de densité par rapport & une distribution
a symétrique sphérique dans le jet. Il controle 'action de la force de gravité sur les lignes
d’écoulement extérieures. Lorsque d augmente, le potentiel gravitationnel, le long des lignes
d’écoulement externes, augmente par rapport au potentiel le long de I’axe de rotation. Dans ce
cas, le long de ces lignes d’écoulement externes, I’énergie thermique seule, devient insuffisante
pour équilibrer la gravité. En conséquence a la base du jet, la contribution du flux de Poynting
a I'accélération initiale augmente. De ce fait, sans la contribution du confinement extérieur, le
courant électrique induit par le reste du flux de Poynting, devient insuffisante pour collimater
le jet ce qui provoque un évasement du jet dans la région intermédiaire. Cet évasement permet
une accélération thermique plus efficace (Fig. 5.4) le long de 'axe du jet.
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Fig. 5.4: Comparaison entre deux solutions de jets avec des valeurs de 6 = {1.0,1.5}. En (a)

expansion du jet G2. En (b) vitesse du jet le long de 'axe polaire. Les valeurs des autres paramétres
libres du modéle sont 4 = 0.1, v = 1.0,k = 0.5, A = 1.0.

Conclusion, 'augmentation de ¢ se traduit par une accélération plus efficace le long de
I’axe du jet.
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5.2.4 Effet du paramétre de variation transverse de la pression s

Le paramétre x joue un role important sur la structure de ’écoulement et donc sur I’ac-
célération. En effet, le parameétre x influence la structure transverse des lignes d’écoulement
prés de la couronne de deux maniéres. La premiére est un effet de collimation du jet, qui
résulte de 'augmentation de la pression selon 6 dans le jet (pour £ > 0) dont la projection
dans la direction transverse est proportionnelle & —II k. La deuxiéme est un effet de décol-
limation du jet. Elle est induite par le gradient de pression dans la direction radiale dont le
terme le plus important projeté dans la direction transverse est proportionnel & —g—g kF.
Cette derniére force est la plus importante prés de la couronne, puisque elle est du méme
ordre de grandeur que la force de gravité. En plus, contrairement a la force de gravité, elle
tend a rendre I’écoulement radial.
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Fig. 5.5: Comparaison entre deux solutions de jet pour des valeurs de k = 0.5, 0.8. En (a) expansion
du jet G2. En (b) vitesse du jet le long de I’axe polaire. Les valeurs des autres paramétres libres du
modéle sont 4 = 0.1, = 1.0, = 1.5, X = 1.0.

L’impact de k sur la structure initiale du jet est liée a la différence 6 — k. Quand § — &
diminue le comportement initial du jet est de type radial et quand 6 — k augmente ’expansion
initiale du jet augmente (Fig. 5.5a) et, donc, I'accélération du jet augmente aussi (Fig. 5.5b)

Dans la région asymptotique, la partie de la force de pression qui domine est le gradient
de pression dans la direction transverse qui est proportionnel a x II. Cette force, avec la force
de Lorentz, équilibre la force centrifuge et la force de séparation de charge. La collimation
par la pression devient dominante pour les jets creux qui sont caractérisés par § > k. En
effet, nous I'avons vu au paragraphe 4.5.3, dans ce type de jet € < 0 et la force de pincement
magnétique devient inefficace pour collimater le jet.

5.2.5 Effet du paramétre de rotation, A

Le paramétre A\ affecte le jet par I'intermédiaire de deux types de forces, la force de Lo-
rentz et la force centrifuge. La force de Lorentz contribue & la collimation du jet dans la
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région asymptotique par pincement du champ magnétique toroidal. En effet, A représente le
flux du moment cinétique sans dimension par unité de flux magnétique. Donc, A donne, dans
le modéle, le courant électrique dans le jet (Eq. 4.15) qui permet de collimater le jet dans
la région asymptotique. La force centrifuge, elle, au contraire, dans la région asymptotique
décollimate le jet.
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Fig. 5.6: Comparaison entre deux solutions de jet pour A = 1.0 et 1.5. En (a) vitesse du jet le
long de 'axe. En (b) densité de courant électrique normalisée le long de 'axe de rotation. Les
valeurs des autres paramétres libres du modéle sont 4 = 0.1,v = 0.6,§ = 1.35 et k = 0.3.

A caractérise aussi la vitesse angulair de rotation €2 des lignes d’écoulement autour des
lignes magnétiques (Eq. 2.67 et Eq. 4.18). Ce parameétre refléte aussi le potentiel électrique
® des surfaces magnétiques, qui sépare les lignes d’écoulement des lignes magnétiques. En
conséquence, A donne la séparation de charge créée par le champ électrique et la force qui
I'induit (pe F x WTQ X )\). Cette force devient importante lorsque la vitesse de rotation dans
le jet devient relativiste (o Q ~ ¢). Ainsi, lorsque A augmente, les effets du cylindre de lu-
miére deviennent plus importants. En effet, lorsque A augmente le cylindre de lumiére se
rapproche du jet (Fig. 5.7).

Dans la région sub-alfvénique, A affecte la position de la couronne (Eq. 4.92). En effet,
plus \ augmente, plus la couronne se rapproche de I'objet central (R, oc 1/\?), puisque la
force centrifuge va permettre a la couronne de supporter une gravité plus forte. Par ailleurs,
A favorise la collimation rapide du jet aprés la surface d’Alfvén par la force de pincement
magnétique. De ce fait, la taille, de la région d’expansion du jet diminue (Fig. 5.7). Cela
induit une diminution de I'accélération du jet (Fig. 5.6a).

Dans la région asymptotique, A amplifie I'efficacité du rotateur magnétique dans la col-
limation du jet et les oscillations dans la région asymptotique diminuent (Fig. 5.6a). Les
oscillations dans le jet sont plus importantes lorsque la collimation du jet est due au confine-
ment extérieur. Dans ce cas, le jet subit une compression extérieure et des oscillations induites
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par les effets thermiques créées par cette compression (Sauty et al. 2002). Cette compression
peut causer une forte diminution de la section du jet dans la région asymptotique.
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Fig. 5.7: Morphologie dans le plan poloidal des lignes d’écoulement de deux solutions et de leur
(a) A =
modeéle sont p = 0.1, = 0.6,06 = 1.35,x = 0.3. Les cylindres de lumiére sont représentés par
les deux lignes qui entourent les deux jets. Les lignes tracées représentent la projection dans le

cylindre de lumiere : 1.0 (b) X = 1.5. Les valeurs des autres parameétres libres du

plan poloidal des lignes d’écoulement. Les lignes continues représentent les lignes d’écoulement qui
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5.3 La collimation et ’accélération dans le jet

Maintenant, que nous avons vu l’effet des paramétres libres du modéle sur les solutions
du jet, nous allons, faire une étude des forces qui régissent les écoulements relativistes. Dans
cette section, nous allons analyser les forces transverses et longitudinales pour deux jets
types : un jet caractérisé par un rotateur magnétique efficace, € > 0, et un jet caractérisé par
un rotateur magnétique inefficace, e < 0 .

Le paramétre p sera pris égal a 0.1. La surface d’Alfvén va se trouver a une distance de
10 rg.

e La solution avec rotateur magnétique efficace correspond a v = 1.45,0 = 1.8, kK =
0.5, = 0.75 (Fig. 5.8a).

¢ La solution avec rotateur magnétique inefficace correspond av = 1.185, 6 = 2.113, k =
0.5, A = 1.99 (Fig. 5.8b).

Nous analyserons les forces, dans les trois régions du jet : la région de formation prés de
la couronne, la région intermédiaire et la région asymptotique. Nous allons ainsi compléter



118 Chapitre 5. Etude du modéle de jet relativiste a rotation faible

'analyse des forces faite dans le chapitre précédent (paragraphe 4.5.4).

Dans ce chapitre, nous allons nous intéresser seulement aux solutions de jets sous pressu-
risés (k > 0, Eq. 4.31), donc, les jets qui peuvent étre confinés par le milieu ambiant. Comme
dans le cas classique (voir Sauty et al., 2002 et 2004), les solutions collimatés surpressurisées
(k < 0) ont un comportement semblable y compris dans le régime relativiste.

10°

T T T T

an e =)
(a) ! ! | ! [
i | | i 1 | [ ( )
H : \ i i (1T} i \ : i b
o i ; et Ty H i .. i
e : T i o :
g ! ! it g ! [ :
Vo | i i | [ 2 5
F : : i i i I i i : : 7‘9 =~ E §§
o : | Lot . 3
~ v ! ! T i ! Yo k‘: 3 % g
¢ ] | Xf S oale EE
HE] [ 9
5 v H H 1 i H v - < s
} vt ! | ! Yo N
N~ [ ! I i ! [ o L
L | nm | [ 18 P S
S 3 1 i . =1 E ]
(IR iy | oot 2 /////// ,
o vy g | nn Yoor o o 7, ’
] vy g | [ 5] A /
= HE H \ i T i H P — // , b i
5} .o i H it i H H . QL TR | | 18
'3 el . i i ot -3 i \ | =
vyt t M i ! [ o LN v
& F Veoy o v [ 3 v \\ N '
N Vb 1 Wil it i I " AU
Ly | m oL 5] (NN
% vy oy \m\ mu Por g o AR
] [ ! mH i ) [ - LSRN N
- \ \ \ \\m i 1 / / AN
= K wolill ;o Novo v
vy il iy NN
PR . \\mw// S NN
= oSN il 2 s Je | NN o
NN NN g 4 Sy RSN 2
VRV /A RNV
B v\ N 7 1 T B E AN =
N Ld = N 3
- N W ] g e ]
P TN AL S B C L AN —
20 10 10 20 40 20 o 40
4 . ’ O
Plan équatorial ~ (r/r ) Plan équatorial (/)
G

Fig. 5.8: Morphologie dans le plan poloidal des lignes d’écoulement des deux types de jet : (a)
jet caractérisé par un rotateur magnétique efficace, (b) jet caractérisé par un rotateur magnétique
inefficace. Les lignes tracées représentent la projection dans le plan poloidal des lignes d’écoulement.

Les lignes continues représentent les lignes d’écoulement qui vérifient la condition 7% G? < 1072 et
24+ 0
(1+6a)?

les lignes d’écoulement qui vérifient 2% G? < 107! et

— 2 < 1072 (soit une erreur commise inférieure a 1%). Les lignes en pointillés représentent

% — 2 < 107! (soit une erreur commise

inférieure a 10%). Les lignes en pointillés-points représentent les lignes d’écoulement caratérisées

par 74 G2 > 107! et ﬁ -2>10""

5.3.1 L’accélération dans le jet

Dans la construction de ce modéle, nous avons considéré dés le début que I’énergie do-
minante a la base du jet était I’énergie thermique. Dans cette hypothése, nous nous sommes
basés sur les scénarios de formation de couronne autour des trous noirs de Chakrabarti
(1989), Das (1999) et Das (2000). En effet, ces modéles montrent une forte augmentation
de I'énergie thermique dans la couronne, qui contribue au maintien d’une couronne stable
(voir chapitre 1). D’autre part, le choix de la fonction de rotation, qui augmente lentement
vers I’axe polaire, induit une diminution de la contribution de la force magnétocentrifuge a
I’accélération du jet lorsque on s’approche de I’axe polaire.
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Fig. 5.9: Les forces longitudinales pour les deux types de jets de la Fig. 5.8 (a) jet caractérisé par
un rotateur magnétique efficace, (b) jet caractérisé par un rotateur magnétique inefficace. fy, est la
force centrifuge, f,, est la force d’advection due & la composante poloidale de la vitesse, fp, est la
force de pression, fp, est la somme de la force de pincement et de la pression magnétique toroidal.

Le long de 'axe polaire, I’accélération du jet est exclusivement due au gradient de pres-
sion. La contribution du champ magnétique a ’accélération le long de cet axe est indirecte et
lice a l'effet tuyeére, puisque le champ magnétique contribue a la collimation du jet. Le long
des lignes d’écoulement extérieures du jet, 'accélération initiale reste essentiellement due au
gradient de pression thermique avec une contribution de la pression du champ magnétique
toroidal et de la force centrifuge (Fig. 5.9). La force centrifuge contribue surtout dans la ré-
gion de fort évasement des lignes d’écoulement a la base des deux jets de la Fig. 5.8. La force
de pression du champ magnétique toroidal reste toujours trés faible par rapport a celle de la
pression thermique. En effet, dans les deux solutions que nous étudions, la contribution de
cette force ne dépasse pas 1% (Fig. 5.9). D’autre part, le jet est freiné dans son échappement
par la force de gravité. Cette force a toujours une action négative sur ’accélération le long
du jet.

De la région intermédiaire jusqu'a la région asymptotique, ’accélération du jet est tou-
jours induite principalement par la force de pression. Cela est dii au plasma dans ’écoulement
qui devient plus dilué, du fait de I’évasement du jet dans cette région (Fig. 5.8). Dans la
solution avec un rotateur magnétique efficace (Fig. 5.8a), Paccélération du jet se produit de
facon continue jusqu’a la région de collimation cylindrique finale. Par contre, pour la solu-
tion avec un rotateur magnétique inefficace (Fig. 5.8b), dans la région de recollimation par
la pression thermique du milieu ambiant, une compression du jet se produit. La pression du
jet augmente alors brusquement (Fig. 5.10), induisant un gradient de pression, VP <0, qui
freine I’écoulement (Fig. 5.9b). Les contributions a l'accélération de la force due a la com-
posante poloidale du champ magnétique et de la force de séparation de charge sont nulles,
puisque toutes les deux ont une action perpendiculaire aux lignes d’écoulement.
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Fig. 5.10: Variation de la pression sans dimension, IT, dans le jet : En (a) rotateur magnétique
efficace, en (b) rotateur magnétique inefficace.

L’accélération du jet est aussi susceptible d’étre comprise en analysant les différentes
énergies thermiques, gravitationnelles, cinétiques et magnétiques dans I’écoulement et leurs
conversion le long des lignes d’écoulement. Dans les deux solutions de jet, 1'énergie (Fig.
5.12) dominante & la base de 'écoulement est I’enthalpie. Le long des lignes d’écoulement
dans le jet, une partie de cette énergie équilibre la gravité et le reste est converti en énergie
cinétique dans la région d’évasement du jet. Cette conversion s’arréte dés que jet devient
collimaté cylindriquement (Fig. 5.8). En effet, dans I’évasement du jet, le fluide est dilué.
Ceci induit une diminution de '’enthalpie et crée alors un gradient de pression (V P = n Vw)
qui accélére le jet. Le flux de Poynting dans les deux solutions (Fig. 5.8) est négligeable, il
ne représente que 1% de Penthalpie du fluide a la base. En effet, prés de 'axe de rotation, le
flux de Poynting devient trés faible a cause de la faible vitesse de rotation.

Comme, nous pouvons le remarquer sur les graphiques (Fig. 5.12), la conversion de I’en-
thalpie en énergie cinétique est plus efficace dans la solution de jet caractérisé par un rotateur
magnétique inefficace (Fig. 5.8b et Fig. 5.12b) que pour I'autre (Fig. 5.8a et Fig. 5.12a). Ceci
résulte de la différence dans I'expansion des deux jets dans la région basse et la région inter-
meédiaire. La solution (b) subit une forte expansion dans cette région jusqu’a une distance
de 100 rayon d’Alfvén. Dans la solution (a), le jet commence & subir une collimation cylin-
drique vers une distance de 10 rayons d’Alfvén, ce qui induit une diminution de 'efficacité
de la conversion d’énergie thermique en énergie cinétique. Nous retrouvons le résultat dans
les modéles des vents coronaux solaires (Kopp & Holzer 1976) et aussi des écoulements hy-
drodynamiques le long des tuyéres créées par un disque d’accrétion épais autour des objets
compacts (Ferrari et al. 1984). Ces modéles montrent que l'accélération thermique est plus
efficace pour les écoulements a forte expansion des tubes de flux.
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Fig. 5.11: Facteur de Lorentz le long de 'axe polaire pour les deux types de solutions : (a) jet

caractérisé par un rotateur magnétique efficace, (b) jet caractérisé par un rotateur magnétique

inefficace.

Dans la région de recollimation du jet caractérisé par un rotateur magnétique inefficace
(Fig. 5.8b), la compression du jet induit une augmentation de I’enthalpie au détriment de

I’énergie cinétique, ce qui explique la décélération.
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5.3.2 La collimation dans le jet
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Fig. 5.13: Les forces transverses pour les deux types de jet : (a) jet caractérisé par un rotateur
magnétique efficace, (b) jet caractérisé par un rotateur magnétique inefficace. f,, est la force
centrifuge, f,, est la force d’advection due a la composante poloidale de la vitesse, fp, est la force
de pression, fp, est la somme de la force de pincement et de la pression magnétique toroidal, fp,
est la force de pincement et de la pression magnétique poloidale et f, g est la force de séparation
de charge.

L’analyse de la collimation du jet est plus compliquée que 'accélération. En effet, diffé-
rents types de forces magnétohydrodynamiques interviennent dans la collimation. De plus,
ces forces dépendent aussi de la morphologie des lignes d’écoulement et des lignes magné-
tiques.

La plus importante de ces forces (Fig. 5.13) est la force centrifuge (Eq. B.22). Elle est
toujours positive et tend a décollimater le jet (Fig. 5.13). La force de pincement magnétique
toroidale (Eq. B.18) est toujours négative et tend, par contre, a collimater le jet. Enfin,
la force de séparation de charge est toujours positive et tend a décollimater le jet. Cette
force de séparation de charge est plus importante dans la solution du jet caractérisé par un
rotateur magnétique efficace. Pour les autres forces, le comportement varie selon la courbure
des lignes d’écoulement (Fig. 5.13).

La force de tension magnétique poloidale (Eq. B.20) contribue, dans la région basse du
jet, a ouvrir les lignes d’écoulement, a cause de la forte expansion initiale de ces lignes
qui est presque dipolaire (Fig. 5.13a). Dans la région intermédiaire, I’évasement des lignes
devient moins rapide que radial. De ce fait, I’action de la force de tension magnétique po-
loidale s’inverse et tend a collimater le jet. La gravité et la pression dominent 1’écoulement
a la base. La premiére favorise la déviation radiale de I’écoulement. Au contraire, la force
de pression transverse favorise les structures radiales des lignes d’écoulement. Comme nous
I’avons vu dans la discussion sur le paramétre k, ceci est dii a la composante transverse du
gradient de pression radial, K}% (Eq. B.16). En effet, dans la région de formation du jet,
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la gravité élevée le long de ’axe de rotation engendre un important gradient de pression.
Alinsi, a cause de ’anisotropie de la densité, 9, et de la pression, x, dans le modéle, la gravité
et la pression augmente (puisque dans les deux solutions k > 0etd > 0). Elles exercent
une force fv, p+ fv, mhy o< Y2(8 — k) sur les lignes d’écoulement extérieures. Cette force
donne la contribution du confinement thermique du jet dans la région d’évasement. Dans
la solution avec un rotateur magnétique inefficace (b), ni la force de pression thermique ni
la force de pincement magnétique ne sont efficaces pour recollimater le jet dans la région
d’évasement. La recollimation de ce jet se produit lorsque la courbure des lignes magnétiques
poloidales devient importante. En effet, dans ce cas, la force de pincement magnétique po-
loidale fBg/(MRm)l devient importante et amorce la collimation de jet. Par contre, dans la
solution du jet caractérisé par un rotateur magnétique efficace (a), la collimation du jet n’est
dominée, dans la région d’évasement, que par la force de pincement magnétique toroidale.

Dans la région asymptotique, la solution (a) est collimatée par la force de pincement
magnétique toroidale fBg,/(47rw); la force de pression est presque nulle II — 0. Dans la
solution (a), la contribution du milieu ambiant & la collimation du jet est nulle. Dans la
région asymptotique du jet (b), la force de gradient de pression méridional, xII, domine
la collimation. Dans ce jet la force de pincement magnétique toroidal fBg,/(47rw) n’est pas
suffisante pour collimater le jet. Dans cette solution, le confinement par le milieu ambiant
engendre des oscillations dans la région asymptotique du jet.

5.4 Comparaison avec le modéle classique

Un des objectifs de la construction de ce modéle en relativité générale est d’avoir un
modeéle applicable aux différents types d’écoulements en astrophysique. Ce modéle va nous
permettre de comparer les jets classiques et jets relativistes. Dans cette section, nous allons
examiner I’hypothése que les jets des étoiles jeunes et les jets des noyaux actifs de galaxies
puissent étre formés et accélérés par les mémes mécanismes physiques, en ’occurrence dans
notre cas, des mécanismes MHD. Nous allons aussi examiner 1’hypothése selon laquelle la
différence entre les jets de ces différents objets serait seulement un effet d’échelle sur les
propriétés de 1'écoulement (Livio 1999). Nous examinerons que cet effet d’échelle dépend
exclusivement de la masse et des dimensions de I'objet central. D’un autre coté, nous ana-
lyserons les conséquences de I'augmentation de la gravité dans la région de formation du jet
sur la dynamique et la contribution des différentes forces MHD.

Le fait, que ce modeéle soit élaboré en relativité générale, nous permet de traiter aussi bien
les jets classiques des étoiles jeunes que les jets relativistes de noyaux actifs de galaxies. La
différence entre ces deux cas extrémes est la profondeur du potentiel gravitationnel créé par
I’objet central. Ce potentiel gravitationnel controle I'amplitude de la courbure de I'espace p.
Pour les deux solutions présentées :

p=1¢=rele gql¢, (5.1)

Tx Te Ty Te

ou r. est le rayon de la couronne.

'R, est le rayon de courbure des lignes magnétique poloidale
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Nous avons supposé dans ce calcul que la surface d’Alfvén se trouve & une distance de
10 r, de l'objet central. Cette distance correspond au cas ou 1’étoile va perdre de facon
efficace dans le vent tout le moment cinétique qu’elle a accrété (Livio 1999). Dans le cas
des étoiles jeunes leur masse est de l'ordre d’une masse solaire (le rayon de Schwarzschild
correspondant est de r¢ ~ 3 km). Ainsi, la courbure de I'espace a la surface d’Alfvén est telle
que p ~ le—>5. Dans le cas des jets des noyaux actifs de galaxies r; = 10* Ry . La courbure
de 'espace a la surface d’Alfvén est alors © ~ le — 1. D’un autre coté, ce modéle redonne le
modéle classique lorsque la courbure de I'espace p tend vers zéro. Dans la comparaison entre
les deux jets, nous pouvons déja donner une relation entre la cinématique dans le jet et pu a
partir des propriétés du modéle. Cette relation est déduite de la définition de la vitesse a la
surface d’Alfvén v, = /;1/v. Ainsi, 'augmentation de p dans le modéle se traduit par une
augmentation de la vitesse dans le jet.

Nous allons maintenant comparer les solutions classiques et relativistes pour les deux
types de solutions utilisées précédemment dans 1’étude des forces (Section 5.3) :
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Fig. 5.14: Morphologie du jet ayant un rotateur magnétique inefficace dans (a) le cas relativiste
p = le —1 et (b) le cas classique avec u = le — 5. La projection sur le plan poloidal des lignes
d’écoulement est représentées par des lignes continues pour :1:3l G2 .. < 1072 et par des lignes en
pointillé pour 7% G2, > 1072
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5.4.1 Jet ayant un rotateur magnétique inefficace

Nous allons analyser la solution de jet avec rotateur magnétique inefficace (Fig. 5.12b).
La morphologie des deux jets (classique et relativiste) montrent trés peu de différences (Fig.
5.14). Dans le jet classique, comme dans le jet relativiste, la forte expansion initiale est due
a linefficacité du rotateur magnétique a collimater le jet (Fig. 5.15). Le jet relativiste subit
une expansion plus importante dans la région intermédiaire (Fig. 5.14a) que le jet classique.
Cette expansion induit alors une augmentation de la force de pincement magnétique poloidale
qui impose une plus forte recollimation a 20r,. Dans cette recollimation, la pression dans



5.4. Comparaison avec le modéle classique 125

le jet augmente. Ainsi, dans la région asymptotique, le jet relativiste subit une collimation
cylindrique plus importante que le jet classique, contrairement a ce que ’on pourrait attendre.
Dans la région asymptotique du jet relativiste, la force transverse de pincement magnétique
toroidale Bfo/w est presque nulle, alors que, dans le cas classique cette force est du méme
ordre de grandeur que la force de pression transverse (Fig. 5.15). Cela traduit la diminution
de l'efficacité du rotateur magnétique a collimater le jet relativiste. Nous pouvons donner une
interprétation simple & ce comportement du jet, lorsque les effets relativistes augmentent. En
effet, la forte accélération dans le jet relativiste fait augmenter la dynamique dans le jet dans
la direction poloidale. Il en résulte une diminution de la composante toroidale du champ
magnétique, B, ~ % B, (dans la région super-alfvénique). Dans la solution relativiste,
une nouvelle force électrique apparait, c’est la force de séparation de charge p. E. Cependant,
I'influence de cette force reste faible sur ce type d’écoulement avec un rotateur magnétique
inefficace (voir 5.4.3).
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Fig. 5.15: (a) Les forces longitudinales et (b) les forces transverses le long d’une ligne d’écoulement
de la solution classique p = 107°. Les autres paramétres sont les mémes que dans la solution
relativiste (Fig. 5.8b).

Enfin, I'accélération thermique dans le jet relativiste (Fig. 5.15a) devient plus efficace.
Elle résulte de I'augmentation de I’enthalpie a la base de 1’écoulement avec la gravité. Par
contre, le flux de Poynting change trés peu et sa contribution a ’accélération du jet reste
faible. Cette différence entre I’évolution du flux Poynting et de I’enthalpie avec la gravité
résulte de la vitesse de rotation des lignes d’écoulement prés de l'axe qui reste classique
Qw << c. Donc le flux de Poynting reste faible, E,,, << m¢?, alors que, I'énergie ther-
mique peut devenir relativiste (w — m ¢?) ~ mc? dans la couronne. D'un autre coté, la forte
stratification de la pression, induit par la gravité élevée a la base du jet, permet d’améliorer

la conversion de I’énergie thermique en énergie cinétique.
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Fig. 5.16: Morphologie des deux types de jet relativiste u = 0.1 classique en (a) et u = 107° en
(b) . Les valeurs des autres paramétres libres du modeéle sont v = 1.45, § = 1.8, K = 0.5, A = 0.75.

5.4.2 Jet ayant un rotateur magnétique efficace

Dans les jets caractérisés par un rotateur magnétique efficace, la force de séparation de
charge n’est plus négligeable (voir section 5.4.3). Ils sont caractérisés aussi par un confinement
asymptotique au moyen de la force de pincement magnétique toroidale. Donc, ’analyse de
ces types de jets va nous permettre de mieux examiner I’évolution de [’efficacité de la force
de Lorentz a collimater les jets lorsque les effets relativistes augmentent. Il nous sera aussi
possible d’examiner la contribution de la force de séparation de charge dans la décollimation
des jets relativistes.

La morphologie des jets ayant un rotateur magnétique efficace subit de grandes variations
lorsque les effets relativistes augmentent. La section d’ouverture asymptotique devient plus
grande dans le jet relativiste (Fig. 5.16). Cela est di aussi bien a 'augmentation de l'inertie
dans le jet et donc de la force centrifuge, qu'a la force de séparation de charge. Simulta-
nément, 'efficacité de la force de Lorentz diminue, comme dans la solution avec rotateur
magnétique inefficace. Cette diminution d’efficacité est induite par 'augmentation de 'effet
dynamique dans le jet que nous pouvons constater dans I'augmentation du nombre d’Alfvén
asymptotique du jet relativiste (Fig. 5.17a).
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Fig. 5.17: Le nombre d’Alfvén asymptotique en (a) et 'ouverture du jet asymptotique en fonction
du logl0 du paramétre courbure p (b). Les valeurs des autres paramétres du modeéle sont v =
1.45,0 = 1.8, k = 0.5, = 0.75.

L’accroissement de la dynamique dans le jet se traduit, aussi, par une diminution du
courant électrique normalisé I = I/(¢/2r, B,) (voir paragraphe 4.2.3). Fig. 5.18, le courant
électrique I est le courant électrique emporté dans une méme section, S = mw?, pour
les solutions classique et relativiste. Nous avons utilisé dans la comparaison entre les deux
solutions classique et relativiste, le courant électrique normalisé I a cause de la différence
d’échelle spatiale qui rend la comparaison avec le courant électrique I inappropriée.

Dans le régime relativiste, I’efficacité de la collimation par la force de pincement magné-
tique diminue. Cela induit une augmentation de I'expansion du jet, G* 7 (Fig. 5.17b). En
effet, le caractére thermique des écoulements axiaux induit une diminution de la dynamique
dans le jet lorsque on s’éloigne de I’axe de rotation. Donc la collimation magnétique des lignes
d’écoulement ne peut se produire que si I’expansion des lignes d’écoulement augmente. En

effet, dans la région super-alfvénique, la force de pincement magnétique est inversement pro-
2
w
portionnelle au nombre d’Alfvén a la puissance quatre —>| o —— (Eq. B.18) et les forces

centrifuge et de séparation de charge, elles par contre, diminuent lorsque I’expansion du jet
2
w
augmente, —~| G—;o (Eq. B.22). Donc, I’équilibre entre ces forces, lorsque la dynamique
w oo
dans le jet augmente, n'est possible que si I’expansion des lignes d’écoulement croit aussi

(Fig. 5.17b).
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Fig. 5.18: La densité du courant électrique normalisé I, (Eq. 4.18), dans le jet classique et le jet
relativiste.

Les effets relativistes sur la dynamique dans le jet deviennent appréciables seulement
lorsque la distance entre la surface d’Alfvén et la surface de Schwarzschild est inférieure a
100 (pu > 0.01) (Fig. 5.17). Pour p < 0.01, les effets relativistes sont négligeables. La diffé-
rence entre les écoulements formés autour d’une étoile de la séquence principale de masse
1 Mg, et ceux formés a une distance de 100 rg d’un objet compact demeure simplement un
effet d’échelle en 1 (Fig. 5.19b et Fig. 5.19¢). De méme, la relation entre les énergies des deux
types de jets reste une simple relation linéaire en p. La différence entre ces jets est due a
I’augmentation des dimensions de la région de formation de 1’écoulement et I’augmentation

linéaire du potentiel gravitationnel dans I’écoulement. Donc, nous avons simplement un effet

d’échelle entre ces jets aussi bien sur leur dimensions que sur les énergies qu’ils transportent.

Au contraire, pour g > 0.01, lorsque le jet est formé & une distance inférieure a 100
rq, les effets relativistes (gravitationnels) sur la dynamique commencent a étre appréciables.
L’énergie thermique a la base du jet augmente et la conversion de I’énergie thermique en
énergie cinétique devient plus efficace (Fig. 5.19). Cette efficacité est due a la forte expan-
sion du jet dans la partie super-alfvénique. En effet, dans le cas relativiste, la collimation
du jet commence a une distance de 50 rayons d’Alfvén, alors que, dans le cas classique, la
collimation cylindrique se produit & une distance de 10 rayons d’Alfvén (Fig. 5.16). Un autre

ingrédient de cette amélioration de I'accélération thermique est le fort gradient de pression
induit par la gravité relativiste (voir le paragraphe 5.2.1).

Ce résultat est assez important, il montre que la relation entre la masse de I’objet central
et les propriétés du jet (accélération, morphologie, énergie) n’est pas toujours une simple
relation d’échelle contrairement & I'hypothése de Livio (1999). Cette relation est linéaire

seulement si les effets de la gravité ne sont pas relativistes. En effet, dans les jets relativistes
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de nouvelles forces commencent & contribuer a la formation et a la collimation du jet, en par-
ticulier la force de séparation de charge. Les effets thermiques dans I'accélération augmentent
a cause de la stratification radiale créée par la gravité relativiste. Parallélement, I'efficacité

des forces magnétiques a collimater I’écoulement diminue & cause de I'augmentation de la
dynamique dans les jets relativistes.
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Fig. 5.19: Energies dans le jet pour différentes valeurs de la courbure de I'espace : (a)y = 107!
cas de trou noir, (b) u = 1072 cas intermédiaire, (¢) g = 107° cas d'une étoile jeune. En (d)
variation du rapport entre la vitesse asymptotique et la vitesse d’échappement a la surface de la
couronne en fonction de log 10(1/u).
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5.4.3 Les effets du cylindre de lumiére sur le jet

Les écoulements sont affectés par le cylindre de lumiére lorsque leur vitesse de rotation
devient relativiste. Les effets du cylindre de lumiére vont de la déformation des surfaces
critiques a 'amplification des mécanismes électromagnétiques. En effet, plus le cylindre de
lumiére est proche de la surface d’Alfvén plus 'écoulement est dominé par les mécanismes
électromagnétiques.

Dans le cas o1 la vitesse de rotation des lignes d’écoulement autour des lignes magnétiques
est relativiste, le champ électrique dans le jet devient important. Dans 1’équation de la
dynamique, les forces exercées par le champ électrique sur les lignes d’écoulement proche de
I’axe ne peuvent pas étre_‘négligés. Ces forces sont la force de séparation de charge p, E et la

v - — —
force liée a I'effet Joule—— (je . E) La force de séparation de charge p. F est perpendiculaire
c
aux lignes magnétiques. Elle a une action de décollimation du jet. La force —g (je E) est
tangente aux lignes magnétiques. Elle a une action de décélération du jet. Ces deux forces

électriques affectent plus les lignes d’écoulement qui sont proches du cylindre de lumiére.
— 2 - — —
En effet, nous avons p, £ xi + 7‘*% et —< (je E) X xil. Dans la région axiale de

I’écoulement, nous avons w () < ¢, les effets des forces électriques sont atténuées.

Cependant, contrairement a la force liée a 'effet Joule qui ne dépend que de la position
du cylindre de lumiére, la force de séparation de charge n’est pas négligeable prés de I'axe
de rotation quelque soit le type de jet (voir le paragraphe 4.3.2). La force de séparation de
charge, p, E ~ B2 %;w, créée par une vitesse angulaire relativiste, ne peut étre négligée
pres de 'axe de rotation dans les écoulements dont la collimation est dominée par les forces
magnétiques (voir le paragraphe 2.2). En effet, ce type de jet est caractérisé par un rotateur
magnétique efﬁca(;e et, donc, la collimation est dominée par la force de pincement magné-

tique toroidale 4]73;;. De plus, dans le cas des écoulements relativistes, la vitesse poloidale
devient de 'ordre de la vitesse de lumiére. Alors, dans la région super-alfvénique la contri-
bution dans la direction transverse de la force de séparation de charge induite par le champ
électrique, £ ~ v, B,/c, augmente. En conclusion, la contribution de cette force dans les
jets caractérisés par un rotateur magnétique efficace est du méme ordre de grandeur que la
contribution de la force de pincement magnétique et la force centrifuge. Au contraire, dans
le cas classique (ex. les jets de TTauri), la vitesse poloidale classique, v, << ¢ rend le champ
électrique trés faible (E — 0). Le champ électrique n’influence alors pas la collimation du

jet et la force de séparation de charge peut étre négligée.

Nous pouvons illustrer le résultat précédent a partir des solutions de jets. Pour cela, nous
allons comparer deux solutions de jet ayant un rotateur magnétique efficace. Les solutions
sont prises avec les mémes paramétres p = 0.1, v = 1.45,6 = 1.8, kK = 0.5,A = 0.75.La
premiére solution (1 Eff Fig. 5.20b) est calculée en utilisant les équations (4.67) a (4.69)
dans lesquelles nous avons tenu compte de la force de séparation de charge. Pour la deuxiéme
solution (2 Eff), nous intégrons les équations (4.67) a (4.69) mais avec une force de séparation
de charge supposée nulle p. £ = 0.
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Fig. 5.20: En (a) expansion du jet pour les cinq solutions, En (b) vitesse polaire des jets. Solution
(1) 2 Eff Classique, solution classique avec ;1 = 10~ et une pression asymptotique non nul. Les
solutions (2), (3) et (4) sont relativistes p = 0.1. Solution (2) (2 Eff), la force électrique est négligée.
Solution (3) (1 Eff ) nous tenons compte de la force électrique. Dans les deux solutions (2) et (3)
la pression asymptotique est non nulle. Dans la solution (4) (1 Eff, I, = 0), nous tenons compte
de la force de séparation de charge et la force de pression asymptotique transverse est prise nulle.

Nous remarquons (Fig. 5.20a) que la différence de 'expansion du jet entre les deux so-
lutions 1 Eff et 2 Eff est appréciable. En effet, elle est du méme ordre de grandeur que la
différence entre la solution classique (2 Eff, Classique) et relativiste 1 Eff . L’augmentation
de la pression dans la région asymptotique I, de la solution 1 Eff par rapport a celle de
la solution 2 Eff reste insuffisante pour compenser la force de séparation de charge. Cela est
di au fort champ électrique dans les écoulements relativistes ayant un rotateur magnétique
efficace.

La comparaison entre les solutions de jet qui subissent une collimation asymptotique
purement magnétique permet de mieux distinguer I’évolution de 1'efficacité de la force de
Lorentz a collimater I’écoulement. De plus, elle permet de montrer 'importance de la contri-
bution du confinement thermique dans la collimation des jets relativistes, en comparant ces
solutions avec les solutions de jets caractérisés par une pression transverse asymptotique
non nulle. Nous avons donc recalculé la solution 1 Eff pour obtenir une solution avec une
pression asymptotique nulle. La solution obtenue (1 Eff, I1,, = 0) montre une forte expan-
sion du jet (Fig. 5.21a, 1 Eff, [1,, = 0). La déviation par rapport a la solution 2 Eff est
deux fois plus grande que celle entre 1 Eff et 2 Eff. Cette différence est due a l'ineffica-
cité de la force de pincement magnétique toroidale & compenser la force de séparation de

charge sans la contribution de la force de pression transverse. En effet, le confinement ma-
1

2
gnétique n’est possible que si la section GG du jet augmente, puisque p. F G% et %“’ X G-

Au contrario, les effets de la force de séparation de charge sur la cinématique du jet
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sont trés faibles (Fig. 5.21b). La correction introduite sur la vitesse asymptotique, lorsque
nous ajoutons la force de séparation de charge est négligeable. En effet, méme lorsque nous
comparons entre les solutions avec une force transverse de pression asymptotique nulle, la
correction reste inférieure de 1%. La séparation de charge dans le jet exerce seulement une
force perpendiculaire aux lignes d’écoulement et, donc, elle n’affecte que la morphologie du

jet.
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Fig. 5.21: Deux solutions de jets collimatés de rotateur magnétique inefficace. La premiére est
calculée avec la force de séparation de charge et, dans la deuxiéme, cette force est négligée. En
(a) expansion du jet, en (b) la courbe de vitesse normalisée a la vitesse de la lumiére et en (c) la
pression le long de I'axe polaire du jet

Les effets de la force de séparation de charge peuvent étre négligeables dans certains
types de jets ayant un rotateur magnétique inefficace. Ceci est possible pour les jets ayant
une forte collimation asymptotique, G>, ~ 1 (méme dans le cas relativiste). Dans ces jets
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le confinement asymptotique est dominé par le gradient de pression transverse. Dans ce cas,
la contribution de la forceQde pincement magéné;ci(lue a la collimation du jet est trés faible
(ou complétement nulle) % < g = pE ~ % < g. Donc, dans ce type de solution le
champ électrique devient tres faible. Plus généralement, les effets de la force de séparation de
charge peuvent étre négligés dans la plupart des jets ayant un rotateur magnétique inefficace.
Dans ces jets le confinement thermique par le milieu ambiant permet toujours d’équilibrer
la force de séparation de charge (Fig. 5.13).

Nous pouvons retrouver ce résultat en faisant une comparaison entre deux solutions de
jet ayant un rotateur magnétique inefficace, au moyen de la méthode utilisée pour étudier
les jets de rotateur magnétique efficace. Nous appelerons la solution Ineff 1 celle qui est
intégrée de la méme facon que Eff 1 et Ineff 2 celle qui est intégrée de la méme facon que
Eff 2.

Nous remarquons (Fig. 5.21¢) que dans la premiére solution Ineff 1, la pression asympto-
tique dans le jet est plus élevée que celle dans la deuxiéme solution Ineff 2. Elle permet alors
d’équilibrer les effets transverses de la force électrique dans la solution Ineff 1. Ainsi, les
changements de morphologie (Fig. 5.21a) et de dynamique (Fig. 5.21b), lorsque nous passons
d’une solution a l'autre, restent trées faibles.

5.5 Classification des jets d’AGN

Dans cette section, nous allons examiner la classification de la section 1.5 des jets de
noyaux actifs de galaxies en fonction de leur morphologie. Cela, nous permettra de faire une
analogie entre cette classification des AGN et le comportement des solutions de notre modéle
en fonction de ses paramétres libres, plus précisément en fonction de e. Ce paramétre, comme
nous l'avons montré dans le paragraphe (4.5.3) permet de classer les jets d’aprés Vefficacité
de la force de Lorentz a collimater le jet, en d’autres termes par l'efficacité du rotateur
magnétique a collimater le jet. Ce changement dans I'efficacité de la collimation magnétique
se manifeste par des variations de la morphologie et de la cinématique du jet. En effet, pour
les jets avec un rotateur magnétique efficace, € > 0, la collimation est cylindrique sans aucune
oscillation ou peu. La vitesse dans ce type de jet augmente de facon continue pour atteindre
sa valeur asymptotique. Au contraire, dans les jets caractérisés par un rotateur magnétique
inefficace, e < 0, la densité de courant électrique emportée dans I’écoulement, I o< @ B, reste
insuffisante pour que I’écoulement s’auto-collimate par la force de pincement magnétique. La
seule possibilité de collimation de I’écoulement est, alors, le confinement thermique par le
milieu ambiant. Les jets collimatés par confinement thermique présentent des oscillations
dans la région asymptotique plus visibles. La vitesse dans ce type de jet n’augmente pas
de maniére continue, mais oscille également. Le plasma du jet est accéléré jusqu’a la fin
de région intermédiaire ou il atteint sa vitesse maximale, puis il décélére dans la région de
recollimation du jet (Fig. 5.11b).

En résumé, la différence entre ces deux types de jets résulte de la compétition entre les
forces magnétiques et thermiques dans la collimation du jet. Ces forces collimatent le jet en
compensant la force centrifuge (Eq. B.22) et la force de séparation de charge (Eq. B.36) qui
sont toutes les deux caractérisées par le paramétre libre A2, qui mesure la quantité du moment
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cinétique emportée le long des lignes d’écoulement. Cependant, le confinement magnétique
dans le modéle est aussi caractérisé par le parameétre libre € généralisé au cas relativiste. €
donne la portion du flux de Poynting dans I’écoulement qui peut contribuer a la collimation
du jet (Section 4.5.3). Le confinement thermique est caractérisé, lui, par le paramétre libre
k, puisque k donne la variation transverse de la pression.

Donc une maniére appropriée de classer les différents type de jets selon la nature du
confinement serait de les classer selon leur parameétres libres /A% et €/\? (Sauty et al. 1999;
Sauty et al. 2002; Sauty et al. 2004). L’efficacité de 1'accélération dans les différents jet est
alors donnée par le rapport entre la vitesse asymptotique dans le jet et la vitesse d’échappe-
ment a la surface 1'étoile (Tableau 5.1).

&/ S| -1]-01]-102]102] 01 ] 1 |

107" | 3.4 ] 1.76 | 1.59 1.3 | 1.07 | 0.847
1072 30 | 13 7.0 5.77 | 1.069 | 1.66
107 [ 90| 75 65 60 10 | 1.023

Tableau 5.1 : Rapport de la vitesse asymptotique sur la vitesse d’échappement a la surface de la
couronne, en fonction des paramétres k/A? et €/\2.
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Fig. 5.22: En (a) le nombre d’Alfvén M? et, en (b), I'ouverture de la section du jet G2 en fonction
de la distance sont représentés pour quatre valeurs de e/A? (—1,—-10"2,1072,1) avec k/A?> = 0.1
du tableau 5.1.

Le tableau (5.1) montre que les jets caractérisés par un rotateur magnétique inefficace
sont plus performants dans la transformation de I’énergie thermique & la base en énergie
cinétique asymptotiquement. Ce comportement a deux causes principales.

Tout d’abord, lorsque le rotateur magnétique est efficace, la force centrifuge a la base est
assez importante. Elle permet donc a la couronne de se former plus procher du trou noir,
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(Eq. 4.92) R? x v? (0 — k) /A* ~ ¢/(A\?). Ce rapprochement du trou noir ne rehausse pas
I’énergie thermique du fluide dans la couronne. Donc, une partie de ’énergie thermique va
étre utilisée pour que le fluide a la base puisse s’échapper de la gravité plus importante.
Ainsi, la portion de ’énergie thermique qui peut étre transformée en énergie cinétique dimi-
nue lorsque ¢/\? augmente.

La deuxiéme raison est liée a 'ouverture du jet (Fig. 5.22). En effet, lorsque lefficacité du
rotateur magnétique augmente, I’expansion initiale dans le jet diminue. Cela est induit par la
force de pincement magnétique qui devient plus performante a collimater le jet rapidement,
apres la surface d’Alfvén. La conversion de I'énergie thermique en énergie cinétique dans le
jet s’arréte rapidement lorsque I’écoulement devient cylindrique. L’effet de 'augmentation
de l'accélération du jet avec l'expansion du jet apparait aussi lorsque x/A? diminue.

Cette diminution de 'accélération dans les jets ayant un rotateur magnétique efficace
peut sembler contradictoire. Il ne faut pas oublier que la contribution du flux de Poynting
a 'accélération est faible dans notre modéle de jet axial. Ce comportement est différent des
modeéles de jets de disque. En effet, dans les jets de disques relativistes, I'accélération est
dominée par le flux de Poynting (Li et al., 1992; Contopoulos, 1994 ; Vlahakis & Konigl,
2003). Dans ces jets, le flux de Poynting est converti trés efficacement en énergie cinétique
dans le jet a cause de la forte inclinaison des lignes magnétiques. D’un autre coté, le flux de
Poynting a la base de I’écoulement dans ces modéles de jets de disque est, dans la plupart
des cas, plus important que I’énergie thermique. Ceci est dii a la vitesse de rotation a la base
du jet de disque qui est pratiquement képlérienne.

Dans la suite, nous appliquerons notre modéle aux deux types de solutions de jet. Les
solutions de jets ayant un rotateur magnétique efficace et inefficace, c’est-a-dire, aux jets qui
sont soit collimatés par confinement magnétique (interne) soit par confinement thermique
par le milieu externe. Nous allons introduire une méthode d’estimation des paramétres libres
du modéle a partir des propriétés des jets de FRI et FRII. Ainsi, nous donnerons un exemple
d’application du modéle a des objets spécifiques.

5.5.1 Meéthodes d’estimation des paramétres du modéle

Dans cette section, nous allons présenter une méthode d’estimation des paramétres libres
du modéle pour certains jets d’AGN. Nous nous limiterons aux jets des radio-galaxies de
type FRI et FRII. Dans notre analyse les vents de Seyfert correspondraient plutot a des
vents non relativistes et non collimatés, qui peuvent étre décrit par le modéle classique.

La méthode d’estimation consiste a contraindre les valeurs des paramétres libres a partir
des propriétés des jets dans la région de formation et dans la région asymptotique. De la
région de formation du jet, nous pouvons donner une estimation de la position de la couronne
autour du trou noir R, ~ % En effet, nous supposerons que la base de la couronne se trouve
sur la derniére orbite stable du trou noir de Schwarzschild. Nous allons aussi considérer une
vitesse de rotation sub-képlérienne pour la derniére ligne d’écoulement ouverte qui émerge de
la couronne. La derniére ligne d’écoulement dans le jet coronal correspond a la ligne ouverte
la plus proche de I'équateur. Nous allons utilisé les contraintes observationnelles de la région
asymptotique du jet, sur le facteur de Lorentz v > 2 (Piner et al., 2003) et sur l’angle
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d’ouverture du jet. Pour 'ouverture du jet nous allons prendre un angle d’ouverture plus
petit que celui qui est observé, § ~ 6° a 1 pc dans M87 (Biretta et al., 2002). En effet, angle
que nous utiliserons dans la détermination des paramétres est de 6 ~ 1° a 1 pc, puisque, nous
ne modélisons que la région interne du jet. Dans cette région asymptotique, nous prendrons
aussi une estimation de I'ordre de grandeur du nombre d’Alfvén habituelle, M, ~ 5. Nous
utiliserons aussi le taux de perte de masse observé dans les jets pour contraindre la valeur
du paramétre §. Cependant, nous ne prendrons en considération qu'une fraction du taux
de perte de masse observé de 10M /ans (Chartas et al., 2004) dans les jets des AGN, le
modéle que nous avons développé ne permettant pas de modéliser tout le jet mais seulement
la région interne, prés de l'axe de rotation. Donc, la perte de masse que nous modélisons
reste faible par rapport a la totalité emportée par le jet du disque interne qui est plus dense.

En résumé, les conditions que nous utiliserons dans ’estimation des paramétres libres du
modéle sont :

1. Nous considérons que la surface alfvénique se trouve & 10 r4 du trou noir,
r, = 10xrqg — u = 0.1, (5.2)

2. Nous considérons une ouverture du jet de 'odre de 6o, =~ 1° a une distance de ro, ~ 1 pc.
Donc, & partir de Pexpression du flux magnétique sans dimension o du modéle (Eq.
4.7) nous pouvons déduire la valeur de G asymptotique,

G = e sinf, (5.3)

T'x vV )

ap est la derniére ligne ouverte dans le jet. Pour notre estimation, nous avons pris
ag = 4. En effet, pour des valeurs de ag plus petites, les valeurs de G, deviennent
trop importantes et donc irréalisables par notre modéle.

3. Le nombre d’Alfvén asymptotique sera pris de l'ordre de M, ~ 5 et le facteur de
Lorentz de 'ordre de 7, ~ 2. Ainsi, a partir de I’expression de la vitesse asymptotique
(Eq. 4.54) du jet sur 'axe de rotation dans modéle et de G (Eq. 5.3), nous pouvons
déduire la valeur du paramétre v/2.

o= L <M3°>2, (5.4)

v \ G4
4. Le paramétre qui donne la déviation a la symétrie sphérique de la densité dans le jet, 0,

est déterminé par I’équation de perte de masse (Eq. 4.26). ¢ est solution d’une équation
du quatriéme ordre :

(1 4+ apd)' x AA — (2447 +1) x (1 + apd)® +
(1 + apd)? x AAx (2+ AA) —2x AAx (1 + apd) + 1 =0, (5.5)

ol

AA = . (5.6)
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M est le taux de perte de masse dans le jet, ag est la derniére ligne ouverte dans le jet,
Noo est la densité asymptotique et mp,, est la masse moyenne des particules dans le jet.
Nous considérons un fluide de protons-électrons, donc mpar = Mproton. Pour la perte de
masse, nous prenderons M = 105 Mpqq. Elle correspond a la perte de masse que nous
avons trouvé dans le cas du vent de Parker relativiste (Chapitre 3). MEdd est la perte
de masse d’Eddington. La densité asymptotique est prise égale a n,, = 108 em™3.

5. Nous supposerons que la vitesse de rotation de la derniére ligne d’écoulement ouverte
dans le jet est sub-képlérienne. Nous allons introduire un nouveau paramétre 7. Ce
parameétre donne la déviation de la fonction de rotation €2 a la rotation képlérienne :

Q=0=n /555 > (5.7)
c est la vitesse de la lumiére.

A partir de l'expression de Q (Eq. 5.7) nous pouvons déduire le paramétre libre A de
la définition de la fonction de rotation Q dans le modéle (Eq. 4.18) :

ENiesr m
A= (1— 0.8
( 77) 2T3M hg* UC* 2R3 7 ( )

6. La couronne est supposée se former au dessus de la derniére orbite stable, r. = 3rg.

R, = =3y, (5.9)
Ty
Le parameétre k est calculé a partir de I'expression approximative de la position de la
base de la couronne (Eq. 4.92) :

2
n_é—R22)\ (1 —p) . (5.10)

Dans cette méthode, nous avons introduit un nouveau paramétre n que nous allons
utiliser comme paramétre libre. La valeur de n va étre choisie selon le type du jet que
nous chercherons a modéliser. En effet, ce paramétre controle la rotation dans le jet. En
conséquence, il permet de controler 'efficacité du rotateur magnétique dans la collimation
du jet. Cette méthode constitue une maniére indirecte de détermination des propriétés a
la base de I’écoulement a partir des caractéristiques asymptotiques du jet. Dans le dé-
veloppement de cette méthode, nous considérons que la morphologie du jet, dans la ré-
gion asymptotique, dépend aussi bien des propriétés du milieu ambiant que de 1’énergie
dans la région centrale des AGN ou se forme le jet. En effet, nous nous sommes basés sur
certaines observations (Maraschi & Tavecchio 2003; Giovannini 2004) et simulations numé-
riques (Nakamura & Meier 2003; Rossi et al. 2004) qui suggérent que la différence entre FRI
et FRII peut étre liée a des propriétés intrinséques au jet.

Avant de faire I’application de notre modéle aux jets des FRI et FRII, nous allons intro-
duire la notion de température effective que nous allons utiliser lors de I’étude des solutions.
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5.5.2 Température effective

Dans le modéle de vent de Parker relativiste du chapitre (3), la température était clai-
rement définie par l'équation du gaz parfait P/n = kgT. P/n représente seulement la
pression cinétique spécifique et ey, représente seulement 1’énergie thermique spécifique du
fluide. Ainsi, la connaissance de ces deux grandeurs et de la densité permettaient de décrire
complétement les propriétés thermodynamiques du fluide (température T', enthalpie w et
pression P).

En ce qui concerne la définition de la température dans le modéle auto-similaire, le
probléme est un peu plus délicat. En effet, comme indiqué dans le paragraphe (4.2.10), la
pression dans notre modéle auto-similaire ne se limite pas a la pression cinétique du fluide.
De la méme fagon, I’énergie interne spécifique dans le modéle, ey, = (w — mc®) — —,
ne représente pas que l'énergie thermique. Dans le modéle les deux grandeurs, pression T(let
énergie interne spécifique, sont des grandeurs effectives. Elles tiennent compte des différents
processus physiques qui peuvent intervenir dans le transport ou la dissipation d’énergie et de
quantité de mouvement dans I’écoulement. Elles peuvent inclure la contribution des ondes
magnétohydrodynamiques par exemple les ondes d’Alfvén et des mécanismes de viscosité
et radiatifs (voir paragraphe 4.2.10). Les grandeurs P/n et ey, sont des énergies spécifiques
imposées par la dynamique dans le jet.

Par ailleurs, la complexité et la variété des processus MHD, qui peuvent contribuer a
I’énergie interne du fluide magnétisé, rendent la définition d’une température cinétique im-
possible. De ce fait, nous préférons définir de nouvelles grandeurs qui sont la température
effective Toq et I'énergie thermique spécifique effective e, of. Ces deux nouvelles grandeurs
vont nous permettre de décrire le comportement thermique globale dans le jet, sans déter-
miner la contribution de chacun des processus microscopiques a I’énergie. Cette maniére de
traiter la thermodynamique dans le modéle ne permettant pas, pour le moment, de calculer
la température cinétique réelle dans le jet, nous discuterons des propriétés thermodynamique
du fluide a l'aide de cette température effective et non de la température cinétique.

P 1 1 4+ ka
Tg = — = —~2w,M?TT ———— 5.11
T den | 2kt 1+da’ (5:11)
P 1 w 1 4+ ka
_ 2 _ 2 9 Wy o 1o
Cth,eff =W — MC - =w — mc — —QkB% = T o0’ (5.12)

Ainsi sur I'axe de rotation, I’énergie thermique spécifique effective est déduite de ’équation
de Bernoulli le long de I'axe polaire (Eq. 4.28)

ho, 1
0T et - 57*211;*]\/[21_[, (5.13)

hO Vx

Cth,eff = Wik

Nous définissons aussi une nouvelle énergie dans le modéle : Q. Elle représente la différence
entre I'énergie interne réelle du fluide ey, o et 1'énergie interne du fluide, dans le cas d'un
écoulement adiabatique. De ce fait, I’énergie Q représente le chauffage qui est déposé dans
le jet.
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Q = epn,eff — \/ch + /ipoln%_l . (5.14)
. . , . . P
oil kpo est la constante polytropique (dans le cas d’un écoulement adiabatique kpo = —5).

nsa
Elle est déterminée a partir des conditions limites dans 1’écoulement sur la pression et la

densité soit dans la région asymptotique, soit dans la région de formation du jet.

5.6 Application I - Modéle de jet de FRI

5.6.1 Paramétres

Nous allons nous intéresser tout d’abord, aux jets des radio-galaxies FRI. L’environ-
nement de ces jets semble riche et constitué de gaz dense (voir section 1.5). En plus, les
propriétés des jets des FRI a I’échelle du pc sont différentes de celles a I'échelle du kpc
(Laing et al. 1999; Giovannini et al. 2001; Laing & Bridle 2002). En effet, dans la région
proche du noyau (sur une échelle de quelques pc), les jets de FRI sont caractérisés par
une forte expansion. Ils sont aussi accélérés jusqu’a des vitesses relativistes. Au-dela de cette
région, les jets entre en interaction avec le milieu ambiant qui est plus dense. Cette inter-
action induit une décélération du jet que l'on peut raisonnablement supposer étre confiné
par la pression du milieu ambiant (De Young 1993; Rossi et al. 2004). Dans notre modéle, ce
type de jets correspond aux solutions avec un rotateur magnétique inefficace. Nous prendrons
17 = 0.90 pour la ligne d’écoulement oy = 4, ce qui correspond a un jet de ce type.

En résumé, dans ce cas, nous avons trouvé comme paramétres avec notre procédure et
aprés itération, nous obtenons :

pwo o= 0.1,

v 0.69,

A 0.85,

) 1.45, (5.15)
K 0.42,

e = —0.8475.
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Fig. 5.23: Morphologie de jet de FRI. En (a) projection sur le plan poloidale. Les lignes tracées
représentent la projection dans le plan poloidal des lignes d’écoulement. En (b) morphologie du
jet vue en 3 dimensions. Les lignes continues représentent les lignes d’écoulement qui vérifient la

condition 7% G* < 1072 et ﬁ — 2 < 1072, Les lignes en pointillés représentent les lignes
i A 2 2 -1 2+da
d’écoulement qui vérifient 9 G* < 107" et (1da)

représentent les lignes d’écoulement caratérisées par x?q G? > 107" et ﬁ - 2>10"1

— 2 < 107" Les lignes en pointillés-points

5.6.2 Morphologie du jet

Le jet (Fig. 5.23) montre une expansion initiale jusqu’a une distance de 100 rayons de
Schwarzschild. L’évasement du jet est di surtout a lI'inertie de la matiére emportée le long
des lignes d’écoulement externes. Le jet devient collimaté lorsque il entre en interaction
avec milieu ambiant qui compresse le jet. Cette compression, comme nous l'avons vue dans
les solutions caractérisées par un rotateur magnétique inefficace de ce type, engendre des
oscillations dans la région asymptotique. Cette solution de jet ayant un rotateur magnétique
inefficace, le cylindre de lumiére se trouve a l'infini.

5.6.3 Cinématique du jet

Le jet est accéléré en grande partie dans la région intermédiaire (5.6.2). En effet, dans
cette région, la gravité devient faible, alors que I’évasement du jet engendre une chute de
la pression. Dans la région de recollimation du jet, 'augmentation de la pression induit,
au contraire une décélération du jet. En effet, le facteur de Lorentz diminue de v = 2.8,
avant la recollimation, a v = 2, dans la région asymptotique. Ce comportement dans le
jet magnétohydrodynamique aprés la surface d’Alfvén est équivalent a un effet de la tuyére
de De laval en hydrodynamique, lorsque la section de I’écoulement diminue aprés la surface
sonique.

La décélération dans ce jet se produit a 0.1pc du trou noir contrairement au observations
qui prédisent la transition du jet relativiste au jet sub-relativiste & 1pc (Laing et al., 1999).
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Fig. 5.24: La solution de jet de FRI. En(a) flux d’énergies dans le jet normalisées & I’énergie de
masse. En (b) variation des facteurs de Lorentz le long de quatre lignes d’écoulement. La ligne
continue donne la variation le long de ’axe polaire. La ligne en pointillé donne la variation le long
de la derniére ligne d’écoulement qui émerge de la couronne.

En plus, la vitesse dans ce jet reste relativiste v = 2. Cependant, le modéle utilisé ici est
stationnaire et ne permet pas de tenir compte des instabilités qui peuvent se produirent lors
de la propagation du jet dans le milieu ambiant. En effet, une décélération plus réaliste du jet
peut étre obtenue si nous utilisirons les résultats de cette solution comme condition initiaux
d’un modeéle de propagation du jet.

5.6.4 Les énergies du jet

La température passe par quatre régimes. Les trois premiers sont identiques a ceux que
nous allons discuter dans le cas du jet de FRII. Dans la région asymptotique du jet de FRI,
la température effective augmente jusqu'a T,z = 10K a cause de la compression du jet
par le milieu ambiant dans la recollimation (Fig. 5.25b). Ceci induit une augmentation de
la pression du jet. Cette température est élevée par rapport a la température observée dans
les jets des AGN qui est de I'ordre de T ~ 10°K. Cette grande différence peut étre due a
l'augmentation de la contribution des mécanismes non thermiques (ondes magnétosonique)
a I'énergie thermique specifique effetive ey, .4 dans cette région de compression. Rappelons
que nous ne pouvons pas directement comparer cette température effective a la température
cinétique ce qui est un inconvénient du modeéle.
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Fig. 5.25: La solution de jet de FRI (a) La température (b) la densité normalisé & une densité ng
de telle facon que la perte de masse M = ng10% Mgaq.

5.7 Applications II - Modéle de jet de FRII

5.7.1 Paramétres

Nous allons nous intéresser aux jets des radio-galaxies FRII. L’environnement dans ce
type de radio-galaxies semble peu dense et pauvre. En conséquence, les jets de FRII dans
leur propagation, intéragissent faiblement avec le milieu ambiant. Les vitesses dans ces jets
augmentent de fagon continue jusqu’a la région asymptotique. En effet, contrairement aux
jets des FRI, les vitesses des jet dans les FRII sont relativistes aussi bien a I’échelle du pc
que du kpc. D’autre part, les jets de FRII sont caractérisés par une forme cylindrique dans la
région asymptotique. Dans notre modeéle, ce type de jet correspond aux solutions ayant un
rotateur magnétique efficace. La valeur du parameétre libre 7 doit étre plus petite que celle
que nous avons choisie pour la solution de jet des FRI. Cela permet d’augmenter le flux de
Poynting a la base du jet. Ainsi, le jet sera collimaté par pincement magnétique toroidal et
les oscillations dans la solution du jet disparaitront. Nous avons pris ici = 0.86 pour la
ligne d’écoulement oy = 4.

Les paramétres sont alors, en utilisant notre méthode d’estimation et aprés itération,
nous obetenons :

pw = 0.1,

v 0.65,

A 1.051,

) 1.35, (5.16)
K 0.3,

e = 0.334.
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5.7.2 La morphologie du jet

Le jet est caractérisé par une expansion initiale allant jusqu’a une distance de 100 rayon
d’Alfvén. Cette évasion initiale est due a la forte pression magnétique a la base du jet et a la
gravité, avec une contribution de la force de séparation de charge. Cependant, la collimation
du jet dans la région asymptotique est exclusivement magnétique. Elle est induite par la
force de pincement magnétique et la force de pression magnétique transverse. Ces deux
forces permettent d’équilibrer la force de séparation de charge et la force centrifuge.

Les oscillations dans le jet sont trés faibles. En effet, dans cette solution la contribution
du confinement thermique par le milieu extérieur dans la collimation du jet est faible. En
conséquence, le jet ne subit aucune compression du milieu extérieur qui peut induire des
oscillations dans le jet.

L’angle d’ouverture du jet & une distance de 1 pc est plus faible que celui que nous avons
supposé initialement. Ce modéle donne pour la derniére ligne magnétique ouverte, qui est
ancré dans la couronne, un angle d’ouverture de § = 0.1° a r = 1pc.
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Fig. 5.26: Morphologie du jet de FRII. En (a) morphologie du jet en 2D. Le cylindre de lumiére est
représenté par les deux lignes qui entourent le jet. Les lignes tracées représentent, la projection dans
le plan poloidal des lignes d’écoulement. Les lignes continues représentent les lignes d’écoulement

qui vérifient la condition %4 G* < 1072 et ﬁ — 2 < 1072 Les lignes en pointillés représentent
2+da

: I C A 2 2 -1
les lignes d’écoulement qui vérifient % G* < 107" et (1da)
points représentent les lignes d’écoulement caratérisées par a:i G? > 10" et % —2>10"1
En (b) morphologie du jet en 3D. Les lignes d’écoulement sont tracées en ligne foncées, les lignes

— 2 < 107", Les lignes en pointillés-

magnétique sont tracées avec des lignes plus claires.

5.7.3 La cinématique du jet

L’accélération de cette solution se produit dans deux régions. Tout d’abord, il y a accélé-
ration dans la partie basse du jet prés de la couronne. Dans cette région, I’énergie thermique
élevée permet d’accélérer le fluide jusqu’a une vitesse de 0.4 ¢ sur une distance de 2rg. Le
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deuxiéme partie de 1’accélération du jet se produit dans la région intermédiaire entre la
surface d’Alfvén et la région de collimation asymptotique du jet. Dans cette région, la forte
expansion du jet induit une chute rapide de pression, qui devient presque nulle dans la région
asymptotique. Ainsi, I’énergie thermique dans le jet est transformée en énergie cinétique plus
efficacement. Dans cette région intermédiaire, la vitesse dans 1’écoulement passe de 0.4c¢ a
0.92¢ sur une distance de 200r4.
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Fig. 5.27: En (a) courbe des énergies dans le jet de 'application II. En (b) facteurs de Lorentz pour
quatre lignes d’écoulement. Le tracé en ligne continue représente le facteur de Lorentz le long de
I’axe de rotation. Le tracé en pointillé donne la variation du facteur de Lorentz le long de la derniére
ligne ouverte qui émerge de la couronne sphérique. Les deux autres tracés donne la variation du
facteur de Lorentz le long de lignes d’écoulement se trouvant entre la ligne extérieure et ’axe polaire.

5.7.4 Le cylindre de lumiére

Le cylindre de lumiére dans la partie asymptotique du jet (Fig. 5.26) a une forme cy-
lindrique. Il est aussi, paralléle aux lignes d’écoulement poloidales du jet dans la région
asymptotique. De ce fait, les lignes d’écoulement dans la partie interne de ce jet qui se
trouve a l'intérieur du cylindre ne le traversent pas.

Cependant, dans cette solution le cylindre de lumiére n’est pas a l'infini. Il est plutot a
une distance de 20rg de I'axe de rotation. En conséquence, la région d’application de notre
modeéle devient plus petite que dans le jet de 'application I. Elle est restreinte a la région
axiale qui ne constitue que 10% du jet.

5.7.5 Les énergies dans le jet

La température effective dans le jet passe par trois régimes. Il y a un premier régime, prés
de la couronne, ou la température effective subit une forte augmentation (Fig. 5.28a). Dans
cette partie, la température effective varie rapidement de 102K a la base de la couronne a
une température effective de 2 x 10'2K. Elle est engendrée par le chauffage dans la couronne
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en expansion. Grace a ce chauffage, la densité diminue plus rapidement que la pression du
fluide en expansion rapide. Dans la région intermédiaire, la température effective continue
d’augmenter a cause de la chute de la densité dans le jet en expansion. Dans la région de
transition entre la partie intermédiaire et la partie asymptotique, la température effective
diminue pour atteindre 10'2K. Cette diminution est induite par la compression du jet par la
force de pincement magnétique qui freine la chute de la densité (Fig. 5.28b).

Les températures effectives obtenues avec cette solution, sont élevées par rapport aux
températures observés dans les jets (108 K dans la région asymptotique du jet). A nouveau
cette grande différence indique que la contribution des mécanismes non thermiques a 1’ac-
célération du jet est importante et ne peut étre négligées. Une étude plus fine du terme de
pression devra étre effectuée pour valider le modéle.
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Fig. 5.28: Propriétés des jets de I'application IT : (a) température et (b) densité normalisée & ng.
La perte de masse est M = ng 1075 Myqq.

5.8 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons abordé le probléme de la formation et de la collimation des
jets relativistes. Nous avons exploré ces problémes au moyen du modéle semi-analytique du
chapitre 4. Ce modéle semi-analytique est le premier modéle de jet relativiste auto-similaire
méridional, incluant les effets de la relativité générale. Nous I’avons construit sur la base
du modéle classique développé par Sauty & Tsinganos (1994) dans I’étude des jets d’étoiles
jeunes. Nous avons fait une extension de ce modéle en relativité générale dans la limite d'un
trou noir caractérisé par un faible moment cinétique a = #2/0 << 1. De ce fait, nous avons
traité le probléme des écoulements GRMHD dans une métrique de Schwarzschild. D’autre
part, nous nous sommes intéressés aux jets formés pres de ’axe de rotation, caractérisés par
une vitesse de rotation faible par rapport a la vitesse de la lumiére, et nous avons négligé les
effets du cylindre de lumiére.
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En conséquence, nous avons restreint notre étude sur les jets accélérés thermiquement
pres de 'axe de rotation et avec une faible contribution du flux Poynting. Cependant, dans la
collimation du jet, nous avons tenu compte aussi bien des forces électriques que thermiques,
qui ne sont pas négligeables, méme lorsque les effets du cylindre de lumiére sont trés faibles.
Nous avons tenu compte, aussi, de la collimation par la force magnétique et par la force de
gradient de pression et de la décollimation par le séparation de charge.

Nous avons trouvé que les effets liés a la rotation relativiste dans le jet ne peuvent pas
toujours étre négligés, méme lorsque, le cylindre de lumiére se trouve a l'infini. En effet, la
vitesse de rotation dans le jet, induit une force de séparation de charge qui est perpendi-
culaire aux lignes d’écoulement. Nous avons trouvé que l'influence de cette force sur le jet
dépend du type de régime de collimation. Dans le cas des jets caractérisés par un rotateur
magnétique efficace donc collimaté par la force de pincement magnétique toroidale, la force
de séparation de charge joue un role trés important. Cette force dans ce type de jet est du
méme ordre de grandeur que la force de collimation magnétique. En conséquence, p, E induit
une expansion plus importante du jet relativiste ot encore décollimate le jet. Par contre, dans
les jets caractérisés par un rotateur magnétique inefficace, donc collimaté principalement par
confinement thermique du milieu ambiant, I'influence de la force de séparation de charge
est faible. Dans ce type de jet, la contribution de p, E est complétement compensée par la
pression du milieu ambiant qui augmente.

Ce modéle s’applique aussi bien aux écoulements autour des étoiles jeunes qu’aux écou-
lements autour des objets compacts. Nous avons donc utilisé le modéle pour comparer les
jets classiques aux jets relativistes. Nous avons entrepris cette étude comparative a l'aide
du paramétre libre u. En effet, ce nouveau paramétre dans le modéle relativiste donne la
courbure de l'espace qui est induite par la gravité prés de 'objet central. Varier la valeur
de p dans le modéle revient & changer les effets relativistes dans le jet. u permet de passer
du cas classique de jet d’étoile jeune, p ~ 1075 aux jets relativistes autour de trou noir
i ~ 0.1. Nous avons trouvé que la différence entre les deux types de jets est un simple effet
d’échelle en p tant que p < 1072, Dans ce cas, les dimensions spatiales et les énergies sont
des fonctions linéaire de p.

Pour 1 > 1072, les effets relativistes s’accentuent et induisent une augmentation de la
dynamique dans le jet, grace a la forte stratification de la pression dans I’écoulement créée
par la gravité relativiste a la base du jet. Ainsi, le jet devient plus efficace a transformer
I’énergie thermique, a la base, en énergie cinétique, asymptotiquement. Par contre, les effets
relativistes ont un effet négatif sur la collimation magnétique du jet. [’augmentation de
la dynamique dans le jet se traduit par une diminution de la densité du courant électrique
emportée dans le jet. Lorsque les effets relativistes augmentent, le flux de I’énergie thermique
a la base augmente plus que le flux de Poynting. En effet, & cause du rapprochement de la
couronne du trou noir de Schwarzschild, le flux de moment cinétique (normalisé a £ r, B,)
diminue. D’autre part, I’augmentation de la dynamique dans le jet dans la direction poloidale
fait diminuer la composante du champ magnétique toroidale. Il induit alors, une diminution
de Defficacité de force de Lorentz a collimater le jet. Ainsi, par rapport aux jets classiques
collimatés magnétiquement, les jets relativistes présentent une expansion plus importante.

Les autres parameétres du modéle, sont regroupés en deux ensambles :
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Le premier regroupe (6 — k), v et \. Ils donnent la position de la couronne par rapport a
la surface d’Alfvén. Donc, ils donnent la taille de la région sub-alfvénique, I’énergie thermique
et '’énergie magnétique a la base du jet. D’autre part, ces paramétres, renseignent aussi bien
sur la région intermédiaire, dans laquelle les effets de la gravité restent élevés, que sur la
possibilité de la collimation magnétique ou thermique du jet. (§ — k) représente les effets de
I'inertie et les effets thermiques dans le jet, v la gravité et A les effets magnétique dans le jet.
Plus (6 — k) est grand, plus le jet est accéléré. Au contraire 'augmentation de v diminue
I’accélération. Enfin A qui représente le flux de Poynting en augmentant, la collimation et
diminue 1’accélération.

Le deuxiéme groupe contient x/\? et ¢/A?. Tls représentent le compétition entre la col-
limation thermique et la collimation magnétique du jet, dans la région asymptotique (voir
paragraphe 4.5.4). Pour les valeurs positives de ¢/)\?, la collimation asymptotique du jet est
due au pincement magnétique. Au contraire, pour ¢/\? < 0, la force de Lorentz est ineffi-
cace a collimater toute seul le jet. Ainsi, la collimation du jet se produit seulement lorsqu’il
entre en interaction avec un milieu extérieur suffisamment dense. Dans le cas k/A\? << 1, la
contribution du gradient de pression a 1’échappement du fluide le long des lignes extérieures
et dans la collimation du jet, dans la région intermédiaire, est trés faible. Alors, méme pour
les jets avec € ~ 0, la collimation magnétique est inefficace.

Nous avons essayé de classer les AGN selon la morphologie de leur jets. En effet, nous
avons relié la différence entre certaines classes des AGN aux propriétés de collimation du jet.
Dans cette étude, nous avons utilisé notre modele qui est développé en relativité générale
pour valider la classification des AGN d’apreés les propriétés du modéle classique, proposé
par Sauty et al. 2001. Nous avons proposé que les jets des FRI soient collimatés par leur
milieu ambiant dense. Au contraire, nous avons proposé que les jets des FRII soient des jets
collimatés par la force de pincement magnétique. Pour appliquer notre modéle a ce type de
jet, nous avons élaboré un protocole de détermination des paramétres du modéle a partir
des propriétés et de la morphologie des jets. Dans cette méthode, nous avons introduit un
nouveau paramétre 7. Ce paramétre donne la différence de la vitesse de rotation dans le jet
par rapport a la vitesse de rotation képlérienne. Nous avons fait varier la valeur de n selon
le type de jet que nous avons cherché a modéliser. Dans le cas des jets de FRII, la valeur
optimale trouvée est de n = 0.86, ce qui a permis d’obtenir un facteur de Lorentz de v ~ 3.
Dans le cas des jets de FRI, la valeur optimale trouvée est de n = 0.90. Cela a permis
I’'obtention d’un facteur de Lorentz de v = 2.8 dans la région intermédiaire et qui diminue
a v = 2 dans la région asymptotique. Cette diminution est due a la compression thermique
du jet dans la région asymptotique, par le milieu ambiant.

Le fait que n change trés peu lorsqu’on passe de la solution de FRI a la solution de FRII,
montre que les propriétés du jet dépendent fortement de la vitesse de rotation de la couronne
du disque d’accrétion. D’un autre coté, le fait que dans les deux cas, 1 soit proche de 1 mais
inférieur montre aussi que la région de formation du jet central doit étre caractérisée par une
rotation plus faible que la rotation keplérienne.

Dans la solution du jet de FRI, nous avons obtenu un facteur de Lorentz dans la région
intermédiaire de l'ordre de v ~ 3, qui diminue ensuite & v ~ 2 dans la région asympto-
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tique. Cependant, la décélération dans ce jet se produit & 0.1pc du trou noir contrairement
au observations qui prédisent la transition du jet relativiste au jet sub-relativiste a 1pc
(Laing et al. 1999; Giovannini et al. 2001). En plus, la vitesse dans la région asymptotique
du jet reste relativiste v ~ 2. Cette différence avec les observations peut étre expliquée par
le fait que nous modélisons seulement la région axiale du jet et que nous ne traitons pas com-
plétement l'interaction du jet avec le milieu ambiant. Dans cette solution de jet, I’énergie
thermique de la région asymptotique reste importante et la pression dans le jet est plus faible
que celle du milieu ambiant. De ce fait, la propagation du jet dans le milieu ambiant peut
permettre la décélération et le jet peut devenir sub-relativiste (Rossi et al. 2004). D’autre
part, pour obtenir une solution qui donne la bonne distance de décélération du jet il faut
tenir compte aussi du jet qui émerge du disque d’accrétion. En effet, ce dernier interagit plus
fortement avec milieu ambiant. De plus, les facteurs de Lorentz observés seraient plutot dis
a la partie externe du jet et ceci si I'on suit ’hypothése de jet & 2 composantes.

Par ailleurs, dans la solution de jet de FRI qui est collimaté thermiquement par le mi-
lieu ambiant, nous avons obtenu des oscillations dans la région asymptotique. Ces oscillations
peuvent étre dues a I'énergie thermique dans le jet qui reste importante dans la région asymp-
totique par rapport a I’énergie magnétique. En effet, la plupart des simulations numériques
de propagation de jets montrent que les oscillations induites dans le jet sont plus importantes
lorsque Iénergie thermique devient élevée (Meier 2003; Rossi et al. 2004).

Pour déterminer les parameétres libres du modéle, nous avons utilisé les observations des
jets d’AGN. Nous avons obtenu un facteur de Lorentz asymptotique de 'ordre de v ~ 3
dans le cas des jets de FRIIL. Cela reste 'ordre de grandeur du facteur de Lorentz observé
dans ces jets (Piner et al. 2003; Giovannini 2004) et méme 'ordre de grandeur obtenu dans
la simulation numérique de jet interne de Koide et al. (1998). En effet, dans cette simulation
numérique le jet interne est aussi accéléré thermiquement comme dans notre modeéle, ce qui
peut expliquer cette similitude. Nous pourrions obtenir un facteur de Lorentz plus élevé en
changeant les paramétres. Cependant, cela nous obligera prendre une solution ot la région
d’application du modeéle est plus petite et plus proche de I’axe polaire. En effet, lorsque nous
cherchons a augmenter la vitesse dans le jet, le cylindre de lumiére se rapproche de I'axe
polaire. D’autre part, 'augmentation du facteur de Lorentz asymptotique nécessitera une
température effective initiale plus élevée. Par conséquence, I’accélération des jets axiaux a des
facteurs de Lorentz plus élevé nécessitera la contribution de mécanismes radiatifs (comme le “
Compton Rocket”) et de la turbulence pour améliorer l'efficacité de I’accélération thermique.
Pour la perte de masse et la densité asymptotique, nous avons pu retrouver les valeurs que

nous avions posées initialement M = 107Mpgq et no = 108cm™2.



Chapitre 6

Modéle analytique de jet avec une
rotation relativiste

6.1 Introduction

Ce chapitre sera consacré a I’étude des écoulements GRMHD caractérisés par une vitesse
de rotation relativiste. [.’écoulement est toujours supposé se former dans la magnétosphére
de trou noir de Schwarzschild entouré d’un disque d’accrétion. Ce dernier permet ’appro-
visionnement en matiére et en énergie, la région centrale de formation du jet. D’autre part,
dans ce chapitre, nous allons tenir compte des effets du cylindre de lumiére sur le jet.

Nous avons utilisé I'extension relativiste de la méthode de Vlahakis & Tsinganos (1998)
de détermination systématique de modéles auto-similaires selon . Contrairement au modéle
précédent, les effets relativistes, liés a la rotation du plasma dans le jet, sont ici pris en
compte. C’est possible avec un choix approprié de la fonction de rotation des lignes d’écou-
lement autour des lignes magnétiques, @ = const, indépendant de la surface du flux
magnétique. Ce choix de la fonction de rotation rend possible la séparation des variables,
sans négliger les effets du cylindre de lumiére dans le jet. Cependant, ce choix de la fonction
de rotation, qui diverge sur ’axe, restreint I'application de ce modéle a la partie externe du
jet coronal. Ce modéle ne s’applique pas a la région axiale du jet ou les vitesses toroidales
et poloidales dépassent la vitesse de la lumiére.

Dans ce chapitre, aprés avoir construit et donné les limites d’application du modéle,
nous étudierons une solution particuliére. Puis, nous comparerons ce modéle et le modéle
précédent dans lequel les effets du cylindre de lumiére ont été négligés.

6.2 Construction du modéle

Pour construire le nouveau modéle avec les méthodes auto similaires selon 6, comme
dans le modéle du chapitre 5, nous procéderons a des développements limités a I’ordre un, en
fonction du flux magnétique A, des différentes grandeurs physiques du modéle. Le dévelop-
pement se fera autour de I’axe de rotation ou le flux magnétique s’annule. A la différence du
modele précédent, nous avons utilisé la méthode systématique de détermination de classes
de solutions MHD exactes développée par Vlahakis & Tsinganos (1998).

Dans ce chapitre nous allons introduire une nouvelle fonction qui est le flux spécifique
de I'enthalpie V. Il nous facilitera dans la suite la résolution analytique de ce modéle. V' est
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définie comme suit :
- w
V =~v=17. 6.1
7% (6.1)
Dans le cas classique V est équivalent a 'impulsion p° = m, puisque en classique %5 repré-
sente la masse des particules qui constituent le fluide au repos. Ainsi, I’équation d’Euler (Eq.

2.54) peut étre écrite sous une autre forme équivalente & Goldreich & Julian (1970) (voir
aussi Appl & Camenzind, 1993 ; Heyvaerts & Norman, 2003c) :

n
w/c?

— = = = = 1 - — —
Vovv = =y nwVinh = VP +— (A B)+pE. (6.2)
C

6.2.1 Normalisation des grandeurs du modéle et choix de la fonction
de flux magnétique

Comme au chapitre 5, les vitesses seront normalisées a la vitesse de la lumiére et les dis-
tances seront normalisées au rayon de la surface d’Alfvén critique “x”. Nous allons aussi consi-
dérer que la section du jet, S = 7 w?, est simplement proportionnelle & o = f(R) sin?6, le
flux magnétique sans dimension que nous avons introduit dans le modéle précédent. Ainsi, a
la surface d’Alfvén critique f = G2 = R = 1. Le rayon cylindrique d’ouverture w,4 d’une
ligne d’écoulement A est donné par :

S=rw?=1r2GR)a = — = Va, (6.3)

Tx

G est le rayon cylindrique sans dimension. Les autres fonctions qui sont liées a la structure
2

des lignes magnétiques restent les mémes. f = o2 (Eq. 4.12) donne le degré de collimation

de I'écoulement et F' (Eq. 4.13) est le facteur d’expansion de I’écoulement.

Contrairement au modéle précédent I'expression en a du flux magnétique A n’est pas
choisie dés le début. En effet, nous allons chercher les différentes expressions A(«) qui per-
mettent la séparation des variables en (R, a) dans I’équation de la dynamique. Nous in-
troduisons donc une nouvelle fonction, le flux magnétique généralisé sans dimension A(«),
défini comme suit :

Ala), (6.4)

Le fait de normaliser les grandeurs physiques par rapport a la surface d’Alfvén nous permet
d’introduire les deux paramétres libres du modéle v et p en écrivant :

Vesc 26 M
= =y — 6.5
v Uy row2 (6.5)

= () - 66

Ty rec?

v est la racine carrée du rapport de I’énergie gravitationnelle & ’énergie cinétique a la surface
d’Alfvén. p est le paramétre de courbure de I'espace. Ces deux paramétres nous permettent
de controdler la gravité et sa profondeur dans la région de formation du jet.
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6.2.2 La surface d’Alfvén

Dans ce modéle nous allons commencer avec le choix de la forme de la surface d’Alfvén.
Nous supposons ici aussi que la surface d’Alfvén est sphérique, ce qui est plutdt une obligation
qu'un choix due a I'auto-similarité selon # employée dans ce modéle (voir section 4.2.11).
Donc, le nombre d’Alfvén, M?(R, «), ne doit dépendre que du rayon sphérique R et non pas
de la ligne magnétique « :

M*(R, o) = M*(R). (6.7)

6.2.3 La perte de moment cinétique et la vitesse angulaire

Deux conditions sont engendrées par la séparation des variables (R, «) dans I'expression
des forces centrifuge et de pincement magnétique toroidale, la premiére sur ’expression du
flux du moment cinétique en fonction de «, la deuxiéme sur les numérateurs de B, (Eq. 2.79)
et de v, (Eq. 2.78) et le dénominateur commun qui doivent étre tous les trois des fonctions de
R seulement. D’un autre coté, comme nous tenons compte des effets du cylindre de lumiére,
le paramétre x4 ne doit pas s’annuler. Donc, ce paramétre dans le jet doit étre indépendant
de la ligne d’écoulement o pour permettre la séparation des variables de la force centrifuge
et de pincement magnétique (Eq. 2.83). Cette condition nous oblige a4 prendre x4 comme
une constante dans le jet :

T4 = constante, (6.8)

1. L’expression en o du flux de moment cinétique par unité du flux magnétique, L W 4, est
imposée par la séparation en (R, a) des forces induites par les composantes toroidales
de la vitesse et du champ magnétique. En particulier, la force de pincement magnétique

. . . . . adA
et la force centrifuge doivent étre proportionnelles & x ——.
wdao
d
LU, = hy A7y By —“4, (6.9)
da

Le courant électrique qui résulte de ce flux de moment cinétique transporté dans le jet

est :
h3 G2 22
c c ., U Ta dA
IZ:hO§wBLp:_§)\ T*B* h_(Q)O_M_xQOéda' (610)
., on, Ta

2. Le profil de vitesse de rotation angulaire doit étre choisi pour assurer que la condition
de continuité a la surface d’Alfvén critique soit vérifice (Eq. 2.86) et que les forces
soient séparables (Eq. 6.8), nous obtenons donc :

V.
reva

Cette nouvelle fonction de rotation posséde une singularité sur ’axe de rotation comme

Q = ho, A (6.11)

dans les modéles auto-similaires en r de jet de disque (exemple modéle de Vlahakis
& Konigl, 2003). Cependant, cette singularité n’apparait pas dans les équations de la
dynamique. D’un autre coté, un choix astucieux de la fonction de densité et de I’énergie
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de Bernoulli dans le modéle est suffisant pour éliminer cette singularité des différentes
grandeurs physiques de 1’écoulement. Nous allons donc, dans la suite, considérer un
jet creux (vide) a l'intérieur, ¢’est-a-dire avec une densité de la matiére et une densité
d’énergie qui diminuent vers l'intérieur du jet pour s’annuler sur I’axe de rotation.
Ce modéle de jet est peut-étre valable pour les jets coronaux de trou noir, car, la
couronne est approvisionnée en matiére a partir du disque d’accrétion. De ce fait, plus
on s’approche de I’axe de rotation dans la région des lignes magnétiques ouvertes, plus
la densité dans le couronne diminue.

6.2.4 L’énergie de Bernoulli

L’énergie de Bernoulli dans le jet est calculée a partir de la relation de continuité a la
surface d’Alfvén (Eq. 2.86) et de I'expression du flux du moment cinétique dans le modéle
normalisé par le flux magnétique (Eq. 6.9) :

47 n, h?
Wy 2 '
ERAY

dA
E = hovwe Vo 1 (6.12)
Q
Contrairement aux chapitres 4 et 5, aucune condition n’est imposée sur la contribution du
flux de Poynting par rapport a I’énergie thermique dans I’écoulement. L’accélération de
I’écoulement peut étre aussi bien thermique que magnétique.

6.2.5 Le flux de masse

Le choix de 'expression du flux de masse par unité du flux magnétique, ¥ 4, dans I’écou-
lement est contraint par la condition de jet creux sur l'axe. L’expression de ¥, en a doit
étre cohérente avec la condition sur I'énergie de Bernoulli (6.12) qui doit s’annuler sur 'axe.
D’un autre coté, I'expression de ¥ 4 est contrainte aussi par la fonction de densité dans le jet.
Cette derniére doit avoir une valeur finie méme dans le cas des écoulements froids, x4 — 1
ot 'énergie dominante est 1’énergie magnétique (B?/4 71 >> nw). Donc, I'énergie thermique
nw dans I’écoulement doit rester finie. En effet, I’écoulement x4 ~ 1 est de type force-free,
il correspond a la limite ou l'inertie du fluide tend vers zéro n ~ 0. Dans ce type d’écoule-
ment comme nous allons le voir, tout le flux d’énergie a la base du jet est emporté dans le
flux de Poynting (pour plus de détail sur la limite force-free voir la section 2.5 de Heyvaerts
& Norman 2003c). A partir de la définition du nombre d’Alfvén (Eq. 2.76) qui lie ¥4 a la
densité, nous pouvons déduire son expression :

47 n, d
Uy = ey /(1 - xg)d—j ol (6.13)

Le choix de ¥4 & /1 — 2% permet aussi au flux de masse de diminuer par rapport au
flux magnétique, lorsque ’écoulement se rapproche du régime purement électromagnétique
ol x4 ~ 1. ( est un paramétre libre qui n’affecte pas la dynamique du modéle.

La condition de jet creux nous oblige & prendre ( < 1/2. En effet, ( = 1/2 correspond
a un modeéle avec une énergie de Bernoulli & symétrie sphérique comme dans le modéle du
chapitre 4, ou les effets du cylindre de lumiére sont négligés. Cependant, cette solution donne
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une énergie de Bernoulli et thermique non nulle sur I'axe. Donc, elle n’est pas cohérente
avec 'hypothése du modéle qui suppose que le jet soit creux. Par ailleur, pour ¢ > 1/2
I'énergie diverge vers 'axe ce qui est exclus. Pour ¢ < 1/2, 'énergie s’annule alors sur I’axe,
ce qui est cohérent avec notre modéle de jet creux. Maintenant, nous pouvons déterminer
I’expression de la contribution de I’énergie hydrodynamique et du flux de Poynting a I’énergie
de Bernoulli, en écrivant :

1 , M? —h2 (1 —22)
h e IR I — A 0 < 6.14
T e <M2 —h3+h%,*a:3@2> | (19

w () 1 1 h2 — h2 G2
Eonin = —hyp— B, = —Qj2h « *w*7a2c< 0 0* )
Poynting 0 ¢ A o7 ’71—@, M2 — B2+ hZ, 1% G o5

Uy
La contribution de chacune de ces deux énergies a la formation du jet dépend du régime

“thermique” ou “électrodynamique” dans lequel ’écoulement évolue. Elle est pondérée par
la position du cylindre de lumiére par rapport a la surface d’Alfvén. En effet, plus les deux
surfaces se rapprochent, % — 1, plus I’énergie dominante dans le jet est le flux de Poynting.
Dans ce cas, le jet est accéléré essentiellement par la force magnéto-centrifuge.

6.2.6 La densité

L’hypothése de surface d’Alfven sphérique implique que le rapport entre la densité et
I'énergie d’enthalpie n/(w/c?) ait une séparation de variable (R, o) du type :
n n(R)  nla)
w/c2  w(R)/c? w(a),/c’

La partie en o dans l'expression de n/(w/c?) est la méme que dans I'expression de W4,

(6.16)

puisque, le nombre d’Alfvén est une fonction radiale :
no_ (1 —2%) (dA\® 26 (6.17)
w/c2 w2 M? da ’ '

Donc pour 0 < ¢ < 1/2, la densité diminue et s’annule sur I’axe. Ainsi, nous vérifions la

condition de jet creux sur l’axe.

6.2.7 L’équation de fermeture

Le choix de D’expression de la pression dans les modéles auto-similaires méridionaux
est fixé par la séparation de variable dans I’équation de la dynamique. En conséquence, la
pression doit étre définie sous la forme générale suivante (Vlahakis & Tsinganos 1998)

2

P = 43—; (My + T g1(e) + Ty go()) (6.18)

Iy, IIy, TT5 sont des pressions sans dimension fonctions de la distance radiale. g;(«), g2()
sont des fonctions de la ligne magnétique . Ces deux fonctions controlent la variation de
la pression perpendiculairement aux lignes magnétiques. Leur expressions en a seront dé-
terminées comme pour le flux magnétique A, a posteriori, d’aprés la séparation de variables
imposée par I’équation d’Euler (Eq. 6.2).
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6.3 Les champs de vitesse, magnétique et électrique dans
le modéle

Les composantes des champs de vitesse, magnétique et électrique sont obtenues a partir
des équations (2.61) et (2.69). Elles sont fonctions de R et d’une fonction de a. Pour simplifier
la notation, nous allons définir les notations suivantes :

Ny = » —- G*(1 — 2%), (6.19)
0,%

Ny = (M) e

- — G2, (6.20)
hO,*
M? ho \ 2

N, = — — 1 — 27 6.21

- (h) (1-22) (6.21)
ho \2 M2

D = — — G%* 2% . 6.22
<h0,*> h%,* T ( )

e Le champ magnétique dans le modéle vaut :

Br = B, cz);_sf %, (6.23)

By = —B*hog%i—“;l, (6.24)

B, = B\ <h;:0> % (%) i—“;l, (6.25)
e Le champ de vitesse généralisé (le flux d’enthalpie spécifique, Eq. 6.1) est :

Vv = —B*h‘:)”—q]: by o SmPCA, (6.27)

V, = B, %Ahoho,* Ziigf%iﬁ, (6.28)

e Le vrai champ de vitesse est obtenu a partir de la relation (6.1), de I’expression du facteur
de Lorentz (2.81) et de I'expression de I’énergie (6.12) :

M? D

— T~ coth 6.29

VR ey i (6.29)
M? F D

— ho——_ . 6.30

v "h2 GR2 Ny (6.30)
hg 1 NV

— ) _ v 6.31

e ’ <h0,*> G Ny (6.31)

La vitesse méridionale et azimutale sont toutes les deux fonctions de R uniquement. Elle
sont indépendantes de la ligne magnétique . La vitesse dans la direction radiale diverge sur
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I’axe. Cependant, le jet étant creux, cette divergence de la vitesse v,, n’apparait pas dans
I’équation de la dynamique.
e Le champ électrique est déduit de la condition de conductivité infinie du fluide :

- hoo\  ho F . dA
Er = -B, ( e ) e s1n9da, (6.32)
ho % 1 dA
E, = -B, (2 ~ cosh <2 .
9 ( e ) Ta s cosd— (6.33)
B, = 0 (6.34)

Le champ électrique azimutal est nul & cause de I'axisymétrie.
e La séparation de charge créée par ce champ électrique est déduite de I’équation de
Maxwell- Gauss, Eq. (2.55) :

24 ho,e dA dF  F? 8
. = s 288 L op 2
P T dr he G?{da{4<dR+R+ 2R
LA R] d2A 22 R11dA
el P R _ 2 LA Ghe 6
P { G?}Jr doﬂa[ OR R} * [GQ}ada}sm (6:35)

La séparation de charge (6.35) induite par un champ électrique (6.32) dans le fluide
ionisé a conductivité infinie est fonction seulement de la vitesse angulaire €2 et du champ
magnétique dans 1’écoulement. Cette séparation de charge ne peut étre négligée lorsque (2
est important, méme lorsque le cylindre de lumiére se trouve a l'infini z4 = w—Q — 0. En
effet, dans le cas x4 = Z2 — 0, le terme A dA dans p, ne s’annule pas et dev1ent dominant
prés de I'axe de rotatlon (cf. chapitre 4 et 5). Dans la suite, ce terme va étre utilisé pour
déterminer les solutions possibles qui permettent la traversée du cylindre de lumiére.

Nous venons d’introduire cing fonctions en R qui sont M, G, Iy, II;, II, et qu’il faut
déterminer a partir de I'intégration de I’équation de la dynamique. Nous avons aussi introduit
trois fonctions du flux magnétique a qui sont A le flux magnétique sans dimension, g;, g, le
développement en fonction de o de la pression.

6.4 Equations de la dynamique

6.4.1 Les équations différentielles

Les équations du mouvement dans la direction radiale et dans la direction méridionale
sont obtenues a partir de la projection de I’équation d’Euler (6.2) sur les axes sphériques.
Les équations s’écrivent sous la forme générale, avec les variables a et R séparées :

dA dA\? a2 A dA a2 A dA
(15 b (34) s (£2) (540 (24) (45,
+Bar+ Bsrgi(e) + Borga(a) + ﬁﬂfﬁdg1 + ﬂSR%O‘ =0, (6.36)
d? d d? d
(32 e (22) (32) 0 (52) ()
A

d
! ( > Bos + Bag d9:(a) + Bso dg2(a)
o do do

Q_Q

=0, (6.37)

Q\
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ou f;r et B;9 sont des fonctions du rayon R (Annexe C)

6.4.2 Les familles de solution pour les écoulements méridionaux

Les équations de la dynamique (C.1) et (6.37) sont écrites sous la forme d’un développe-
ment limité en o, pondéré par des fonctions g i, By, ;. Il reste a déterminer les expressions
de A, g1, g2 en fonction de a qui sont susceptibles de donner des relations linéairement in-
dépendantes entre les fonctions de R, fgr,; et [y, j. Pour les équations (C.1) et (6.37), le
nombre maximal d’équations en R linéairement indépendantes qui vérifient la condition de
séparation des variables sont au nombre de cing.

(j—f) - (6.38)

gi(a) = (d—“4>2 = a’f, (6.39)

da
dA\? ]
gpla) = (@) a = al?¢tD, (6.40)
et les solutions possibles sont :
Sie# -1
/BOT' + 6527“ + ﬁ5r + 2€57r = 07 (641)
Bir + €Bsr + Bor + 26+ 1)Bsr = 0, (6.42)
Par = 0, (6.43)
Bog + €PBag + (26 + 1)Bs59 = 0, (6.44)
€big + P3o + 2€P19 = 0. (6.45)
Sie=-1
1
/BUT‘ - 5621" + 657‘ - 671" - 0; (646)
1
ﬁlr - 5537’ + ﬁ4r + 561‘ =0, (647)
1
Boy — §ﬁ20 = 0, (6.48)
€B1o + B30 — Bag = 0. (6.49)
Le deuxiéme type de solution avec € = —% n’est pas valable dans le cas des jets avec une

vitesse angulaire relativiste, car la force de séparation de charge p, E diverge sur 'axe de
rotation. Les seules solutions acceptables physiquement sont en fait celles avec € > i. En
1 (dA

2
effet, si € < 1, le terme — <d—> sinf cosf (voire Annexe C) devient infini sur I’axe de
o o

rotation.

De I’équation (6.43) nous pouvons déduire que la pression sans dimension ITy doit s’an-
nuler. La pression le long de I'axe de rotation du jet doit étre alors constante, le jet creux et
I'axe vide de matiére, n o< af. La pression sur l'axe est égale a la pression exercée de facon
uniforme sur le tube du jet par le milieu ambiant.
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6.5 Surfaces critiques

Ce modéle posséde 4 équations différentielles, plus une pour la pression sans dimension
sur ’axe de rotation Ily, qui régissent 1’écoulement, une de plus que dans le modéle du
chapitre 4. Cette équation supplémentaire diminue le nombre de degré de liberté dans le
nouveau modéle. De ce fait, la surface magnétosonique lente disparait. La seule surface cri-
tique qui subsiste est la surface alfvénique. Il n’y a plus de contraintes sur I’expansion initiale
du jet, F' (voir discussion, section 4.6.1), car le point critique alfvénique est un point étoile
(Tsinganos et al. 1996).

Dans la suite du modéle nous allons, lors de la résolution numeérique, choisir la valeur
de I'expansion des lignes d’écoulement a la surface d’Alfvén F, de telle facon que le jet soit
collimaté cylindriquement dans la région asymptotique.

La disparition de la surface magnétosonique lente peut étre aussi remarquée dans les
équations du modéle (C.22 & C.25) qui n’ont plus qu’'une singularité a la surface d’Alfvén.
Le cylindre de lumiére ne représente en aucun cas une surface critique, puisque, ’écoulement
n’est pas supposé froid. Au cylindre de lumiére, la matiére est déja découplée du rotateur ma-
gnétique rigide a la surface d’Alfvén (Fendt & Camenzind 1996). Par contre, dans les écoule-
ments froids électrodynamiques (Appl & Camenzind 1993; Tomimatsu & Tkahaski 2003) la
seule surface critique est le cylindre de lumiére, dans ce type d’écoulement la rotation reste
solide jusqu’au cylindre de lumiére.

6.5.1 Surface d’Alfvén

La surface d’Alfvén, impose trois conditions limites. Les deux premiéres sont G? = 1 et
M? = h3 (1 — z%). La troisiéme condition porte sur la relation entre le moment cinétique
emporté le long des lignes d’écoulement, L, et I'ouverture de ces lignes a la surface d’Alfvén
critique w, :

L=_-Y_ 29 (6.50)
ang, |
Cette relation donne 'efficacité du rotateur magnétique a accélérer le jet.
Il y a aussi trois conditions de continuité des composantes toroidales déduites a 1’aide de

la loi de 'Hopital a la surface d’Alfvén :

— = YD > (6.51)
D * h_%_h%*dR*+(F*_2)xA
2
Ny dpdrk 2R 2D 05 (6.52)
D I« hﬁg_h%j‘g;*+(F*—2)x?4’ '
2
N"}/ :_(2) (1 - 93?4) - % *
— = L . . (6.53)
La condition de continuité du facteur d’expansion du jet, F' donne :
1 €+ 1
M. = -5+ 3 7%, (6.54)
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o = 2((126_-5)1) {%ddj\g %-FE(GHH”TE‘ <6+ )
(1) - (e - s e 2)]
+(1—xA)%<%— )

_%[% (GH)_?(%—%%)%j}' (6.56)

Le modéle est complétement construit et les conditions de traversée de la surface d’Alfvén
ont été utilisées pour contraindre certains degrés de liberté du modéle. La pression sans
dimension II, est déduite de 'Eq. (6.56) et I1;, de I'Eq. (6.54). Nous pouvons commencer
a étudier numériquement le modéle. Les paramétres libres du modéles sont x4, u, A, Fy, €
— x4 donne la position du cylindre de lumiére dans le jet. Dans le cas x4 = 1, I’écoule-
ment dans le jet devient force-free (Vlahakis & Konigl 2003).

— La courbure de I’espace est donnée par .

— Le moment cinétique emporté le long des lignes d’écoulement par unité du flux magné-
tique est A.

— L’expansion du jet a la surface d’Alfvén est Fj. Elle est contrainte par la collimation

cylindrique du jet dans la région asymptotique.

— Le nouveau paramétre est €. Il donne l'auto-similarité selon # dans le modéle. Pour

€ = 0, on retrouve le modéle du chapitre 4 dans la limite x4 — 0.
— v n’est plus un parameétre libre du modéle, puisque il est lié aux autres parameétres du
modele via 'expression de la vitesse angulaire (Eq. 6.11) A = xAL.
\/l_‘

La vitesse étant inférieure a la vitesse de la lumiére a la surface d’Alfvén, nous trouvons

une relation d’inégalité entre p et v et donc entre A et x4 :

Vi

v

<1 = <1l=X>uxy. (6.57)

Cependant, méme si la condition de passage a la surface d’Alfvén n’impose pas une
valeur au facteur d’expansion des lignes de courant F}, nous pouvons utiliser des relations
d’inégalité pour limiter les valeurs permises de Fj. Ces inégalités sont déterminées & partir
des conditions physiques. La premiére est donnée par la vitesse toroidale : v, < ¢, a la surface
d’Alfvén. Donc de l'expression de v, ((Eq. 6.31)), nous pouvons déduire une valeur limite
minimale pour le facteur F :

F* > F*,min,l

+2. (6.58)
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La deuxiéme condition, sur la valeur de F} est imposée pour que l’écoulement soit trans-

alfvénique % > (. Cette condition donne une autre limite minimale lorsque € > 1/2 a

I’expansion du jet a la surface d’Alfvén F| :

xT

b b0

B 1 1+
i (1 -1 — 5

Cette condition n’est intéressante que pour € > 1/2. En effet, pour ¢ < 1/2, la condition

[\
™I

F* > F*,min,Q = 2 (659)

™l

(6.59) donne une valeur maximale pour hg F plus grande que 2, alors que les solution que
nous cherchons sont telles que hg F, < 2 (c’est-a-dire, les solutions qui ne convergent pas
vers l'axe).

o (b) - Ligne d’écoulemen

axe de rotation (r/r,)
T

7]
W
W

Ligne magnétiqu

Plan équatorial (r/r )

Fig. 6.1: En (a) morphologie du jet en 2D, les lignes en pointillés sont les régions ou v > ¢, elles
ne sont donc pas physiques. En (b) morphologie du jet en 3D. Les lignes foncées sont les lignes
d’écoulement. Les lignes plus claires sont les lignes magnétiques.

6.6 Etude du modéle

Nous allons appliquer le modéle pour un ensemble de paramétres libres x 4, i, A, € pour
lesquels la surface d’Alfvén est proche du cylindre de lumiére. Nous pouvons voir ainsi les
effets du cylindre de lumiére aussi bien sur I'accélération que sur la collimation de I’écoule-
ment. Nous avons choisi la solution suivante : 7% = 0.9 et une courbure de I'espace relativiste
u = 0.1. Nous avons aussi pris € = 1.0 et A = 4.0. Dans I’étude de ce modéle, nous nous
sommes limités a une étude des forces qui régissent 1’écoulement et a la contribution des
différents énergies dans l'accélération.

Ce modéle de jet ne traite pas la région centrale dans laquelle la vitesse d’écoulement
devient plus grande que la vitesse de la lumiére. Cette région du jet est représentée avec des
lignes en pointillés au centre du jet. Dans la région de validité de la solution, par contre, les
lignes sont tracées en continu (Fig. 6.1a).
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6.7 Les forces

Dans ce modeéle, nous avons tenu compte de tous les effets de rotation relativiste dans le
jet. De ce fait, nous n’avons négligé aucun des effets du cylindre de lumiére ni de la force
de séparation de charge, p. E o< x%. Il est facile de démontrer que la force de séparation de
charge n’est pas négligeable dans les jets caractérisés par une rotation relativiste. En effet,
I’approche fluide neutre n’est pas applicable dans ce type de jet. Si la force de séparation de
charge est supposée nulle dans le jet alors que % >> 0, cela crée une instabilité a la surface
d’Alfvén critique. Elle se manifeste par une brisure des lignes d’écoulement & cette surface

dF
(Eq. C.24) 1R ) — 0.

fii*L‘i—Lll‘H‘ T T \\\H‘ T T T T1T1T1T T T \\\?: :——;L;J;L;\JLH‘ T T \\\H‘ T T T 171717 T T TTTH
_ [Poynting — T ToTiiinpmne i
- Ne by S ()
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. 1.

Fig. 6.2: Variation des énergies dans le jet le long d’une ligne d’écoulement donnée : (a) a = 1072,
(b) a = 0.1. hg (7, — 1) est Iénergie cinétique dans le plan poloidal et kg (7 — 1) I’énergie cinétique
totale.

Dans la suite nous allons présenter une analyse de ces différentes forces et de leur contri-
bution aussi bien dans I’accélération que dans la collimation, dans le cas de la solution que
nous avons choisie.
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Fig. 6.3: Représentation des forces le long de la ligne d’écoulement & = 1072, la plus proche de I'axe
de rotation ou notre modéle est applicable. En (a) forces transverses, en (b) forces longitudinales.
fy, est la force centrifuge, fy, est la force d’advection due a la composante poloidale de la vitesse,
fp, est la force de pression, fp, est la somme de la force de pincement et de la pression magnétique
toroidal, fg, est la force de pincement et de la pression magnétique poloidale et f,, g est la force de
séparation de charge.

6.7.1 Accélération

Les jets auxquels nous nous sommes intéressés avec ce modéle sont ceux formés dans
la région interne du disque. Dans cette région, vitesse de rotation relativiste est quasi-
képlérienne Q ~ r—! (Fig. 6.2) et relativiste. De ce fait, malgré la température élevée,
T ~ mc*/kp ~ 102K a la base du jet, I'accélération initiale du jet est essentiellement
magnétocentrifuge, aussi bien dans la région interne qu’externe du jet. Le flux de Poynting
a la base du jet est plus important que I’énergie thermique (Fig. 6.2). Il contribue alors for-
tement dans la région initiale d’expansion & I'accélération du jet (Fig. 6.3b). Dans la région
intermédiaire, la contribution du gradient de pression et de la force centrifuge a ’accéléra-
tion deviennent du méme ordre de grandeur. Il y a aussi la force due a la pression dans la
direction poloidale du champ magnétique toroidal qui est induite par la relaxation du champ
magnétique dans la direction poloidale. Dans la région interne, l'inclinaison des lignes ma-
gnétiques permet une conversion plus efficace du flux de Poynting et de I’énergie thermique
en énergie cinétique dans le long des lignes magnétiques (Fig. 6.2a). Cette efficacité dimi-
nue vers l'extérieur a cause de la diminution de 'expansion du jet dans la région externe
(Fig. 6.2b). Cela explique la diminution de la vitesse vers I'extérieur (Fig. 6.4). Cependant,
I’accélération de ce jet est limitée. La vitesse poloidale asymptotique obtenue est seulement
de v, = 0.4c. Cette faible accélération est due a la vitesse toroidale dans le jet qui est de
I'ordre de la vitesse de la lumiére v, ~ 0.9c. Elle freine alors 'augmentation de la vitesse
poloidale dans le jet, puisque la vitesse totale ne peut excéder la vitesse de la lumiére. Ce
comportement apparait dans la plupart des solutions relativistes obtenues avec ce modéle
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(Fig. 6.5) ot p ~ 0.1.
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Fig. 6.4: Le graphe des vitesses normalisées a la vitesse de la lumiére, le long de la ligne d’écou-
lement @ = 1072, En (a) les 3 composantes de la vitesse, en (b) les vitesses le long de 4 lignes
d’écoulement. Le tracé en ligne continue représente la vitesse le long de la ligne d’écoulement la
plus proche de 'axe de rotation ot notre modéle est applicable, & = 1072. Les trois autres tracés
représentent la vitesse le long des lignes d’écoulement extérieures, pour des valeurs croissantes de a.
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Fig. 6.5: Le graphe des vitesses normalisées a la vitesse de la lumiére, le long de la ligne d’écoulement
la plus proche de I'axe de rotation ot notre modeéle est applicable. En (a) les 3 composantes de la
vitesse pour la solution xi =09\ = 0.1, » = 0.1, en (b) les 3 composantes de la vitesse pour
la solution x?q =09, A =024 = 0.1

6.7.2 Collimation

La collimation du jet résulte principalement du pincement du champ magnétique toroidal
et du gradient de pression magnétique poloidale, avec une contribution de la force de pression
transverse (Fig. 6.3). Ces forces sont toujours négatives le long de 1’écoulement. Cependant,
la force de gravité aide aussi a collimater I’écoulement dans la partie d’expansion. Ces forces
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équilibrent la force de séparation de charge. En effet, la solution est sous forte influence du
cylindre de lumiére qu’elle traverse a une distance de 14r5 du trou noir, juste aprés la surface
d’Alfvén. La force centrifuge contribue aussi a I’expansion du jet.

Pour mieux voir la contribution de chacune de ces forces et I'équilibre qui s’établit entre
elles dans la région asymptotique, nous allons dans la suite utiliser une approche analytique.

6.7.3 Reégime asymptotique

Dans la région asymptotique lorsque le jet atteint une vitesse constante et que la mor-
phologie du jet devient cylindrique, les forces dans la direction transverse sont les forces de
pincement magnétique toroidal, la pression magnétique toroidale et poloidale, le gradient de
pression, la force centrifuge et aussi la force électrique. Cette force de séparation de charge
comme nous 'avons vue (Fig. 6.3a) contribue fortement a I'ouverture du jet dans la région
asymptotique. Ceci est di a la forte influence du cylindre de lumiére sur le jet dans la solution
que nous avons traité.

o, + fope + fom + fo, +f5 + for =0, (6.60)

Dans la région asymptotique, notre choix de séparation des variables fait que la force
centrifuge est équilibrée uniquement par la force de pincement, la pression magnétique to-
roidale et la pression thermique, alors que la force de séparation de charge peE est équilibrée
seulement par la force de pression magnétique poloidale et par le confinement thermique
extérieur. En effet, I’équation d’équilibre des forces asymptotiques s’écrit :

JFB¢ + fVB; + f;o +fVP,2 =0 et fVBg + fr +fvp,1 =0, (6.61)
Ainsi les deux équations qui régissent la collimation asymptotique cylindrique sont :
NB 2 1 NV 2 2 H2 o0
e + 1 = — —= G : 2e+1) =0 6.62
(6+ )<Doo> 2M§o<Doo> - oo)‘2h%*(6+ ) , ( )
1 1 2G4 114
—(24G)? [ 2= + 1 © 2 = 0. 6.63
a6 (g +1) + 5+ 25 (009

La deuxiéme équation (Eq. 6.63), montre que pour les fortes expansions, G2, >> 1, la
collimation cylindrique du jet ne peut se produire que si le jet subit un confinement du milieu
extérieur. Donc, dans le cas ou la force de séparation de charge devient trop importante, la
collimation du jet ne peut se produire que dans un milieu ambiant dense. D’un autre coté,
la courbure de I'espace a la surface d’Alfvén, contribue a 'augmentation de 'efficacité de la
collimation par la pression magnétique et par la pression thermique. Par contre, I’équation
(6.62) est analogue a I’équation d’équilibre transverse (Eq. 4.89) obtenue dans le modéle
du chapitre 4. Cette équation donne 1’équilibre entre le confinement magnétique et ther-
mique avec la force centrifuge. Le terme supplémentaire d’augmentation du flux magnétique
€ permet de rehausser I'efficacité de la collimation magnétique du jet.

6.8 Comparaison avec le modéle sans cylindre de lumiére

La différence la plus importante avec le modéle du chapitre 4 est la possibilité de traverser
la surface du cylindre de lumiére avec ce modéle. Rappelons qu'’il s’agit de la surface, 2% G* =
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1, sur laquelle la rotation des lignes d’écoulement autour des lignes magnétiques atteint la
vitesse de lumiére. Sur cette surface la force électrique de séparation de charge p, E
7% G? devient dominante. Cette force de séparation de charge est équilibrée seulement par
la force de pression thermique et de pression du champ magnétique poloidal (cf. paragraphe
6.7.3). Cette derniére force magnétique peut étre trés imporante dans certaines solutions
(Fig. 6.3). Ce résultat est aussi une autre différence entre ce modéle et le modéle précédent
ol la collimation est engendrée seulement par la force de pression thermique et la force
de pincement magnétique toroidale. D’autre part, dans ce modéle, ’accélération du jet, se
produit essentiellement dans la région qui se trouve a l'intérieur du cylindre de lumiére.
L’accélération du jet dans cette région est aussi bien thermique que magnétique. Au-dela, du
cylindre de lumiére, I’accélération s’arréte dans le jet a cause de la collimation cylindrique du
jet qui se produit aprés la traversée du cylindre de lumiére. La surface magnétosonique rapide
se trouvant a I'infini, la conversion du flux Poynting en énergie cinétique est interrompue apreés
la traversée du cylindre de lumiére (Begelman & Li 1994; Vlahakis & Konigl 2003). Le jet
dans la région asymptotique reste dominé par le flux de Poynting (Fig. 6.2). Dans le modéle
du Chapitre 4, 'accélération se produit aussi toujours a l'intérieur du cylindre de lumiére.
Cenpendant, I'accélération est purement thermique et dans la région asymptotique, le jet est
dominé par I'énergie cinétique. En effet, dans les jets du Chapitre (4), le flux de Poynting
est toujours trés faible.

Une autre différence entre les deux modéles est le domaine spatial de validité des solutions.
Le premier est adéquat pour la modélisation des écoulements prés de ’axe de rotation et le
deuxiéme pour les jets de disque interne. Dans la région axiale les effets thermiques dominent
I’accélération. D’un autre coté, la rotation dans le jet diminue vers I’axe. De ce fait, la fonction
de la vitesse angulaire Q choisi dans le modéle du chapitre (4) est continue sur 'axe et les
effets de cylindre de lumiére ont été supposés faibles, % G? — 0. Par contre, loin de 'axe de
rotation, dans la région interne du disque, le cylindre de lumiére a une influence plus forte. De
ce fait, le deuxiéme modéle est mieux adapté pour décrire un jet émis par le bord interieure
du disque, malgré les singularités sur I'axe. Ce dernier modéle n’est de fait applicable que
pour les écoulements loin de I’axe.

6.9 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons construit sur la base du theoréme de Vlahakis & Tsinganos
(1998), un modéle de jet relativiste en rotation autour d'un trou noir de Schwarzschild.
Nous avons construit le modéle dans le but de modéliser les jets de la couronne du disque
interne. Le choix de la fonction de rotation a le mérite de permettre un traitement exact
des effets de rotation relativiste dans le jet. Nous avons pu traiter aussi bien la traversée
du cylindre de lumiére que la contribution du flux de Poynting & la formation et du jet
et a son accélération. D’autre part, avec ce modéle, nous avons démontré I'effet positif du
rapprochement du cylindre de lumiére et de la surface d’Alfvén sur la contribution du flux
Poynting. Ici nous ne modélisons pas la partie interne du jet prés de I'axe de rotation. En
effet, dans cette région la vitesse d’écoulement devient trés élevée (v > c).

Nous nous sommes limités une étude préliminaire des propriétés de ce modéle et des forces
responsables de la formation et de la collimation du jet. Néanmoins, nous avons pu montrer



6.9. Conclusion 165

que dans les solutions caractérisées par un cylindre de lumiére proche de la surface d’Alf-
vén critique, la force de séparation de charge contribue fortement & la décollimation du jet.
Elle devient plus importante que la force de centrifuge. La collimation de ces jets résulte en
grande partie de la force de pincement magnétique toroidale qu’équilibre la force centrifuge.
La force de séparation de charge équilibre le gradient de pression tranverse du confinement
par le milieu extérieur et la force de pression magnétique poloidale. I.’accélération dans ce
type de jet reste faible a cause de la grande vitesse de rotation, v,, qui s’approche de la
vitesse de la lumiére. Elle limite ainsi la possibilité d’accélération du jet. D’autre part, dans
la région externe la faible inclinaison des lignes magnétiques rend I'accélération magnétique
également inefficace. En effet, la conversion du flux de Poynting en énergie cinétique diminue
de la région intrene du jet a la région externe. Les solutions obtenues jusqu’a maintenant
donne des accélérations dans la direction poloidale de 'ordre de 0.6¢.
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Fig. 6.6: Les morphologie du jet interne du Chapitre 4 (a) et du jet externe du modéle de ce
chapitre (b) .

Les deux modéles de jets axisymétriques stationnaires présentés dans cette thése peuvent
étre utilisés pour modéliser des jets a deux composantes (Fig. 6.6). La composante axial
serait modélisé avec le modéle du chapitre 4 et la composante externe du jet avec le modéle
développé dans ce chapitre.
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Chapitre 7

Vers un code numérique GRMHD

7.1 Introduction

Au cours des chapitres précédents, nous avons présenté trois modéles d’écoulements relati-
vistes semi-analytiques. Les deux derniers, élaborés dans le but d’explorer les jets relativistes
axisymétriques, ont montré leur limites dans les régimes et les régions d’applications. Elles
résultent des hypotheéses utilisées dans la construction de ces modéles.

Dans le premier modéle de jet axisymétrique, nous avons étudié seulement la région axiale
des écoulements relativistes. En effet, nous avons été obligé pour des raisons analytiques, de
négliger les effets de la rotation relativiste (2 w << ¢) dans le jet. De ce fait, nous n’avons pris
en considération que les régions du jet ou les effets du cylindre de lumiére sont négligeables.
Dans le deuxiéme modéle, pour analyser les effets du cylindre de lumiére sur le jet nous
avons pris une fonction de rotation qui diverge vers I'axe polaire (Q X %) L’application de
ce modeéle est restreinte aux jets coronaux externes.

Certes ces modéles semi-analytiques permettent une analyse et une compréhension ap-
profondies des différents mécanismes physiques qui interviennent dans la formation et la
collimation des écoulements. Ils nous ont permis de déduire quelques propriétés physiques
des écoulements GRMHD. De plus, les solutions de jets obtenues avec ces modéles peuvent
étre utilisées comme des conditions initiales dans un modéle purement numérique d’écou-
lements stationnaires. Les solutions des modéles auto-similaires peuvent aussi étre utilisées
comme une condition initiale dans les simulations numériques d’écoulements dépendant du
temps.

Nous avons amorcé 1'élaboration d’'un code purement numérique de résolution des équa-
tions de la MHD relativistes. Dans I'élaboration de ce code nous avons utilisé la bibliotheque
LORENE (Langage Objet pour la RElativité NumériquE). Cette bibliotheque est développée
au sein du L.U.Th dans le groupe de Cosmologie et de Gravitation Relativiste. Dans cette
thése, nous nous sommes limités a I’étude numérique des vents sphériques purement hydro-
dynamiques, cela dans le but de mettre en point les algorithmes de base. Dans ce chapitre
nous présentons les algorithmes qui permettent de traiter le probléme de grande variation
de la densité et de la pression dans la région proche du trou noir. Le but est d’implanter,
dans le futur, les équations MHD axisymétriques stationnaires, dans le code numérique, pour
étudier les écoulements 2D. Ainsi, nous allons pouvoir comparer les solutions obtenues avec
les modéles semi-analytiques.

Dans les applications MHD en astrophysique, différentes méthodes numériques existent.
La majorité des modéles numériques est basée sur les méthodes de différences finies et d’élé-
ments finis (ou volumes finis). Dans la méthode de différences finies, les systémes physiques
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sont représentés dans une grille spatio-temporelle discrétisée. Ainsi, les fonctions qui dé-
crivent le systéme sont connues localement en chaque point de la grille. Le calcul de la dérivée
d’une fonction f est alors donné par le développement en série de Taylor de la fonction sur
la grille. Ces méthodes numériques de différences finies s’appliquent seulement dans le cas
des écoulements dépendant du temps. En effet, dans le cas des écoulements stationnaires,
la résolution des équations MHD stationnaires est rendue complexe avec ces méthodes, a
cause de l’existence des points critiques qui imposent des conditions aux contours internes
au fluide. En plus, les équations aux dérivées partielles changent du régime elliptique au
régime hyperbolique.

Pour ces raisons, nous avons opté pour l'utilisation de méthodes spectrales implémentées
dans la bibliothéque LORENE. En effet, cette méthode, comme nous allons le voir dans la
section (7.3), donne une description globale des grandeurs physiques qui permet de traiter
les surfaces critiques. D’autre part, la méthode spectrale permet 1’'utilisation d’un schéma
itératif de relaxation pour résoudre des équations stationnaires de la MHD. La bibliothéque
LORENE est implémentée d’algorithmes multi-domaines. Cela permet d’intégrer les diffé-
rentes régions de ’écoulement qui ont des propriétés différentes, indépendamment les unes
des autres. Par exemple, dans le cas du vent purement hydrodynamique que nous allons
étudier, 'utilisation d’algorithmes multi-domaines permet de séparer la région sub-sonique
et super-sonique.

Dans la suite, nous allons donner quelques notions sur méthodes spectrales (section 7.2).
Dans la section 7.3, nous allons rappeler les élements de base de ’écoulement de vent sphé-
rique purement hydrodynamique. Puis nous présenterons 1’algorithme que nous avons élaboré
pour résoudre les équations qui régissent ce vent hydrodynamique.

7.2 Meéthodes spectrales

La méthode est basée sur une description globale des fonctions du probléme physique
dans tout le domaine. Elle consiste a projeter une fonction f sur une base finie de fonctions
orthogonales aux propriétés connues. Dans le cas d’une fonction f & une seule variable R
(radiale), on a :

F(R) = fr®u(R), (7.1)

ol fk sont des constantes, indépendantes de R, appelées coefficients du développement. Elles
représentent les composantes de la projection de la fonction f sur la base des fonction ®,.

L’utilité du développement de la fonction f sur cette base de fonction @, est de simplifier
le probléme numérique de la dérivée et de I'intégrale. En effet, ce développement permet de
transformer le probléme de la dérivée de f et de son intégrale en dérivées et les intégrales
des fonctions connues usuelles @, :

Of(R) _ x~ ; 4
8R—§nwm (7.2)

®, est la dérivée des fonctions de la base par rapport a R, les fontion &, étant connues
de facon exacte. Dans ce qui va suivre, nous allons nous limiter aux fonctions de bases
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orthogonales particuliéres que sont les polynomes de Chebyshev. En effet, ces fonctions sont
choisies dans la bibliothéque LORENE pour la décomposition spectrale des fonctions radiales.

Polynémes de Chebyshev : Ils sont définis comme suit, le £%™¢ polynome de Cheby-

chev, Ty, est le polynome de degré k tel que :
Ty (cosf) = cos(k6), (7.3)

Les premiers polynomes sont donc : Ty(R) = 1, Ti(R) = R, Ty(R) = 2R? — 1. Les T} sont
solutions du probléme de Sturm-Liouville singulier :

d dT,
\/1—x2d—<\/1—x2d—;> + n*Ty = 0. (7.4)

X

Les coefficients de projection de la fonction f sur la base des fonctions de Chebyshev

sont :
fo= = [ (mTR) (1 - R

TCk J_1

—-1/2

dR, (7.5)

ol Cop = 2 et Ck>1 = 1.

Une des propriétés intéressante du développement des fonctions sur le polynéme connu
est 'existence de relations algébriques entre les coefficients des fonctions f et de leur dérivés
f'. Dans le cas des polynomes de Chebyshev, la relation entre les coefficients de la fonction
f et de sa dérivée f est :

Qkfk = Ckflflk—l - f’k+1' (7-6)

7.3 Méthode numérique

7.3.1 Positionnement du probléme

Dans ce chapitre, nous nous sommes intéressés a la résolution des équations hydrodyna-
miques relativistes sphériques avec la méthode spectrale, pour modéliser les vents superso-
niques. Ainsi, nous avons repris le modéle de vent radial hydrodynamique que nous avons
traité dans le chapitre 3. Rappelons que nous avons utilisé une équation polytropique ayant
un indice polytropique variable avec la température :

r—1 r
pP= i (7.7)

2/ + k-1

P est la pression et n la densité des particules.

Suivant le chapitre 3, les distances sont normalisées par rapport au rayon sonique, les

vitesses par rapport a la vitesse de la lumiére, 3 = v/c, et pour la densité nous utiliserons
r-1
KN

62

la densité généralisée p =

0
Les équations que nous allons résoudre numériquement avec la méthode spectrale sont
I’équation d’Euler et I'équation de la dérivée de la densité généralisée p. Dans ce modéle
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numérique, contrairement au chapitre 3, pour avoir un modéle le plus général possible, nous
avons pris I’équation d’Euler sous sa forme générale. Ceci nous permettera, par la suite, de
changer plus facilement 1’équation d’état :

ou f; est la vitesse du son (Eq. 3.19).

Nous allons dans la suite donner I’algorithme que nous avons suivi dans la résolution de
ces deux équations avec la méthode spectrale.

7.3.2 Conditions initiales

Le principe de la résolution des équations hydrodynamiques stationnaires avec la mé-
thode spectrale, est un principe itératif. De ce fait, nous avons besoin de construire une
solution initiale (condition initiale). Dans cette solution initiale, nous devons définir toutes
les grandeurs de I’écoulement (vitesse et densité) en fonction du rayon.

Nous avons pris comme condition initiale, une fonction exponentielle en (—1/R) de la

vitesse. Cette fonction exponentielle traverse le point sonique et vérifie en ce point les condi-
2

dR

*

tions de formation de vent supersonique, > 0. En ce point, la vitesse du fluide est

prise égale a :

1

B =B, = :
4 —3pu

(7.10)

autrement dit la condition imposée par le point critique (Eq. 3.25 chapitre 3).
La dérivée de la fonction initiale de la vitesse est calculée a partir de la pente de la
solution du vent a la surface sonique, qui est donnée par la régle d’hopital :

dp27? dp?
avec
~ dlnp?| (4-3p) ,  dlng? !
A= (T-) G| G B= G C-npt (7.12)
—162 d1n 32 (4 — 3p)?
=0 (- —B) oL 1
g (g Ty )

dinf2 D+ 1)(3—T)p? +4( +1)p+4T
dlnp — (p+ 12+ (T +1)p]2+ (T +1)p]

(7.14)

Le choix de la fonction exponentielle pour la vitesse (Eq. 7.15), nous permet d’obtenir une
fonction de la vitesse toujours croissante en R et positive. Contrairement & une fonction
linéaire en R, la fonction exponentielle permet d’obtenir dans tout le domaine d’intégration,
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une vitesse toujours plus faible que la vitesse de la lumiére (8 < 1). Cela reste vrai pour des
distances raisonnables entre la surface sonique et celle de Schwarzschild p < 0.3 (Fig. 7.1)

52:ﬁfexp<— <%—1> b), b = dR2*. (7.15)

Fig. 7.1: La vitesse asymptotique dans la solution initiale (Eq. 7.15) pour p = 0.3.

La deuxiéme fonction que nous avons prise comme condition initiale est le nombre de
Mach. Nous avons considéré un polynome en R croissant et qui vérifie les conditions de
formation de vent a la surface sonique. Ainsi, la solution initiale est une solution de vent qui
passe du régime subsonique pour I < 1 au régime supersonique pour R > 1.

M? = a(R*-1)+1, (7.16)
( dpg? d s )
dR dR
a = « s = (7.17)
h
ﬁQ
Nous pouvons déduire la fonction initiale de la vitesse du son, 3? = ek et donc de la
densité généralisée p dans le vent a partir de I’équation suivante :
T+1)(282— (T — 1)p* +2(B2(T +3)—T(T - 1))p+482=0. (7.18)

Dans la construction de cette solution initiale, le domaine d’intégration est limité inférieure-
ment dans la région subsonique lorsque la vitesse du son atteint sa valeur maximale permise.
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En effet, la vitesse maximale permise par 1’équation d’état polytropique que nous utilisons
dans le modéle est :
g < % (7.19)
La solution ne peut étre étendue en dessous du rayon en deca duquel la vitesse du son
est supérieure a cette limite.
Les autres fonctions de la pression et de I’énergie sont calculées directement a partir de
la fonction de densité p. La valeur de « est choisie dans la plupart des cas inférieure a 1.
En effet, o est choisi de telle facon que la vitesse du son initiale dans le vent reste une
fonction décroissante dans tout le domaine d’intégration. Cependant, le choix de « affecte

principalement le temps de convergence et non pas la convergence, elle-méme.

7.3.3 Grille

Dans la construction de la grille d’intégration nous avons utilisé les classes Mg3d et
Map af de la bibliothéque LORENE. Mg3d permet de construire des domaines a partir des
bornes des régions que nous intégrerons. Map af permet de créer une discrétisation propre
a chaque domaine.

Surface sonique

uper—sonique

Région super—soni

Fig. 7.2: Les 5 domaines d’intégration sont un dans la région sub-sonique, et deux dans la région
super-sonique, un domaine autour du point sonique dans lequel sont posées les conditions limites et
le cinquiéme domaine est dans la région centrale autour du trou noir.

Dans notre modéle, dans une premiére étape, nous avons utilisé 5 domaines (Fig. 7.2) avec
une grille de 33 point par domaine initialement. Un domaine est dans la région subsonique et
les deux autres dans la région supersonique. Le quatriéme domaine entoure la surface sonique.
Les valeurs des grandeurs physique dans ce domaine sont prisent comme conditions limites.
En effet, dans ce domaine, les différentes fonctions du modéle et de leur dérivés vérifient les
conditions de continuité (Eq. 7.12). Le cinquiéme domaine est pris dans la région centrale
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autour du trou noir. Dans ce domaine les valeurs des grandeurs physiques sont nulles. La
dimension de ce domaine central diminue au cours des différents étapes d’itération pour que
nous puissions intégrer le plus proche possible du trou noir. A la deuxiéme étape d’itération,
le nombre de domaines diminue et devient égale a 3 (Fig. 7.3). Un premier domaine englobe
la région que nous avons intégré dans la premiére étape (super-sonique + sub-sonique haut).
Les valeurs des grandeurs physiques dans ce premier domaine sont considérées comme des
conditions limites pour cette nouvelles étape d’itération. Le deuxiéme domaine est pris dans
la région basse de la région subsonique dont la limite inférieure est la plus proche possible
du trou noir. Le troisiéme domaine est la région centrale autour du trou noir.

Conditions limites

Région sub—sonique

Région super—sonique

Fig. 7.3: La deuxiéme étape d’itération avec 3 domaines. Le premier est autour du trou noir.
Le deuxiéme domaine est la région sub-sonique dans lequel nous n’avons pas intégré les équations
hydrodynamiques dans la premiére étape. Le troisieme domaine est la région intégré dans la premiére
étape. Dans ce dernier domaine, nous n’intégrons pas les équations hydrodynamiques & nouveau dans

cette étape, mais nous ’avons utilisé pour fixer les conditions limites.

7.3.4 Itérations

La deuxiéme partie de notre algorithme d’intégration est construite sur un schéma itéra-
tif. Ce schéma numérique consiste a chercher a minimiser I'erreur commise a chaque étape
d’intégration des équations (7.8) et (7.9). Nous commencons notre itération a partir de la
solution initiale. A chaque étape de l'itération, nous calculons a partir des équations (7.8)
et (7.9) les dérivées de la vitesse et de la densité. Puis, nous calculons les nouvelles valeurs
de la vitesse et de la densité a partir des propriétés des fonctions de Chebychev (Eq. 7.6),
sur lesquelles nous développons les dérivées de la vitesse et de la densité. Pour vérifier la
convergence de l'intégration, nous vérifions que I’énergie de Bernoulli et du flux de parti-
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cules calculés en chaque point des domaines d’intégration sont constants. En effet, cela nous
permet de vérifier qu’il y a convergence vers la solution du vent.

0]
0.02

N N
Q Q
5t -
o
o - o
IR | 1 1 P 1 1 1
0 10 20 30 40 50 0 2 4 6

rlr, rlr,

rlr,

Fig. 7.4: La vitesse du fluide, normalisée par la vitesse de la lumiére, est représentée dans différentes
itérations utilisées dans I'intégration des équations du vent : (a) la premiére itération, (b) deuxiéme
partie de l'itération et (¢) solution finale

Dans notre algorithme pour résoudre les équations, la taille des domaines et leurs grilles
sont variables. En effet, certaines extrémités des domaines sont variables et le nombre de
points dans ces domaines peut augmenter au cours des itérations. Cela, nous permet de
limiter les domaines d’intégration a chaque étape de I'itération dans la région ot les conditions
physiques sont vérifiées sur la vitesse de son, Eq. (7.19), la densité et la vitesse du fluide qui
doivent restées positives. Nous utilisons aussi d’autres conditions sur la variation maximale
de la pression et de la densité dans chaque domaine d’intégration. En effet, lorsque les
variations deviennent trop importantes, elle peuvent engendrer des erreurs numériques lors
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du développement de ces grandeurs sur la base des fonctions de Chebyshev. Ces grandes
variations de densité apparaissent dans la région subsonique (Fig. 7.5) et donc nous oblige &
diminuer la taille du domaine dans la région subsonique d’intégration (Fig. 7.4a).

Dans la région subsonique prés du trou noir, le gradient de gravité est trés important et
il est amplifié par I'existence de la surface de Schwarzschild. En effet, sur cette surface le
potentiel gravitationnel diverge. Il induits alors, une forte stratification de la pression et de
la densité dans cette région. De ce fait, numériquement nous ne pouvons traiter cette région
que si la taille des domaines utilisés pour intégrer les équations du vent sont trés petites.

D’ou, dans notre algorithme, nous intégrons dans la région subsonique sur plusieurs
étapes. Dans la premiére étape nous intégrons la partie de la région subsonique qui est
prés de la surface sonique avec la région supersonique. Dans les étapes qui suivent nous
itérons dans les régions du domaine subsonique délaissé auparavant (Fig. 7.4b). Lors des
itérations, les conditions initiales sont les mémes fonctions de la vitesse (Eq. 7.15) et du
nombre sonique (Eq. 7.16) que celles utilisées dans la premiére itération. Les valeurs limites
sont prises a partir des résultats obtenus a I’extrémité inférieure de la région que nous avons
déja intégrée. Lors des nouvelles itérations, les tailles des domaines sont pris plus petits pour
améliorer ’échantillonnage, ainsi, nous améliorons le traitemant des grandes variations de la
densité prés de 'objet compact.

Bien que cette méthode limite a chaque fois les domaines d’intégration, elle permet d’amé-
liorer le temps de convergence de la méthode itérative. En effet, elle permet d’éliminer les
parties des domaines qui subissent des erreurs numériques induites par la grande stratification
de la densité prés du trou noir.
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Fig. 7.5: Nous avons représenté (a) la densité normalisée a la surface sonique, (b) la pression
divisée par la densité d’énergie de masse a la surface sonique, en fonction de la distance normalisée
au rayon sonique.
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7.3.5 Résultats

Le schéma itératif permet de retrouver la solution analytique avec une excellente précision
(une erreur relative sur I'énergie de Bernoulli est de I'ordre de 1077) et un temps de calcul
comparable & celui de la méthode de Runge-Kutta. D’autre part, les solutions intégrées ne
présentent aucune discontinuité dans la densité ou la pression (Fig. 7.5) dans la région proche
du trou noir. Cela montre que I’algorithme & plusieurs étape utilisé dans ce code est précis.

7.4 Conclusion

Nous avons abordé 1’élaboration d’un code purement numérique des écoulements hydro-
dynamique en astrophysique. Dans la construction du modéle numérique nous avons utilisé
les méthodes spectrales implantées dans la bibliothéque LORENE. Pour traiter le probléme
des variations importantes de la densité prés de I’'objet compact, nous avons utilisé des sché-
mas itératifs dans l'intégration, des tailles de domaine et de grille variables. Ceci nous a
permis de traiter avec plus d’échantillonnage la région basse du vent dans laquelle les varia-
tions de la densité et de la pression sont importantes. Le premier test est concluant puisque
nous avons pu reproduire la solution semi-analytique du chapitre 3 avec le méme précision
et la méme temps de calcul.

Cette premiére étape constitue le début de la construction d’un code d’écoulement de
fluide magnétisé stationnaire, puis dépendant du temps, dans le futur. Un des buts de dé-
veloppement de code purement numérique pour résoudre les équations de la MHD axisy-
métrique stationnaire est d’étudier les propriétés des surfaces critiques. En effet, contraire-
ment aux modéles auto-similaires, le modéle numérique que nous allons développer n’impose
aucune restriction sur la forme de la surface critique. D’autre part, le modéle purement
numérique doit permettre de traiter aussi bien les jets de disques képlériens que les jets
de couronnes. De ce fait, nous allons pouvoir étudier et comparer ces deux types de jets
(chauffage, collimation).



Chapitre 8

Conclusions et Perspectives

8.1 Conclusions

Dans cette thése, nous nous sommes intéressés a I'étude de la physique des éjections
relativistes aussi bien hydrodynamiques que magnétohydrodynamiques. Une bonne connais-
sance de ces écoulements permet de mieux comprendre I'évolution des étoiles et des objets
compacts et de leur disque d’accrétion. D’autre part, elle permet aussi d’étudier 1’évolution
des milieux interstellaires et galactiques dans lesquelles ces objets évoluent. En effet, les jets
et les vents en astrophysique se présentent comme un ingrédient de base dans 1’évolution
des étoiles, des trous noirs galactiques comme les microquasars et des trous noirs massifs des
noyaux actifs. D’autre part, les jets affectent aussi I’évolution des milieux ambiants (le milieu
interstellaire et le milieu intergalactique), en déposant de I’énergie et en les enrichissant en
éléments lourds comme le fer. Ils peuvent ainsi exciter des régions de formation d’étoiles.

Plus particuliérement, nous avons porté notre attention sur la formation et la collimation
de ces écoulement qui restent jusqu’a maintenant une énigme en astrophysique aussi bien
d’un point de vue énergétique que d'un point de vue des échelles spatiales. L’élaboration
de modéles en relativité générale est nécessaire pour analyser les différents types de vents
et de jets en astrophysique. Nous nous sommes limités a I'étude des écoulements formés
autour d’objets centraux (étoiles, trous noirs) caractérisés par un moment cinétique faible,
a= J/(GM?/c— 0) (J:le moment cinétique et M : la masse de I'objet central). De ce fait,
nous avons utilisé une métrique de Schwarzschild. L’essentiel de cette thése a consisté dans
I'utilisation de méthodes semi-analytiques. En effet, nous avons développé trois modéles semi-
analytiques de vents et de jets. Dans la derniére partie de cette thése nous avons commencé
un code purement numérique de vent hydrodynamique. Nous allons dans la suite rappeler
quelques résultats importants obtenus.

Au chapitre 3, nous avons étudié les vents sphériques hydrodynamiques. Dans ce modéle,
nous nous sommes concentrés sur 1’étude des mécanismes d’accélération purement thermiques
des vents relativistes. L’originalité de ce modéle est I'élaboration d’une nouvelle équation

dIn P 4
T, Cette équa-
tion d’état est indispensable pour I'étude des écoulements dans des régions a fort gradient

d’état polytropique avec un indice polytropique effectif variable, I';g =

gravitationnel ou la température subit des grandes variations. Dans le cas des vents autour
des objets compacts, prés de I'objet central, la température peut atteindre 102K alors que
dans la région asymptotique elle atteint seulement 102 K. En effet, le fluide dans 1’écoule-
ment passe d'un régime ultrarelativiste, avec une énergie thermique plus importante que
I’énergie de masse & un régime classique avec une énergie thermique faible. Ces variations
se produisent sur des distances qui peuvent étre de I'ordre de 10 rs de 1'objet central. De ce
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fait, il est impossible d’étudier ces écoulements avec une équation d’état polytropique ayant
un indice polytropique constant. L’utilisation de notre nouvelle équation d’état polytropique
nous a permis d’étudier plus précisément l'influence de la gravité sur la thermodynamique
et 'accélération dans les vents hydrodynamiques. En effet, I’augmentation de la gravité preés
de I'objet central induit une augmentation de I’énergie thermique du fluide, et I'état de la
matiére dans le vent devient ultrarelativiste. D’autre part, le fort gradient de gravité autour
des objets compacts engendre une variation rapide de la courbure de I’espace, ce qui engendre
une chute plus rapide de la densité dans le vent. Par conséquent, 1’accélération thermique
dans les vents relativistes est plus efficace que dans les vents classiques. Nous avons montré
I'existence de vents méme pour des indices polytropiques plus grands que l'indice typique
du vent de Parker (F > %) (Parker 1960a). Nous avons aussi fait une comparaison entre
les vents autour des microquasars et des quasars. Nous avons trouvé que la différence entre
les vents des deux objets est simplement un effet d’échelle. Ce résultat soutient I'idée que
les écoulements autour de micro-quasars puissent étre une version a échelle plus petite des

écoulements autour des quasars (Mirabel 2003; Fender 2002).

Le quatriéme chapitre a porté sur 'étude des écoulements, magnétohydrodynamiques
axisymétriques a deux dimensions, prés de ’axe de rotation. Pour réaliser cette étude, nous
avons développé un modéle auto-similaire de jet méridional, le premier dans le cadre de la
relativité. Nous avons supposé que le jet se forme a la surface d’une couronne sphérique qui
entoure le trou noir de Schwarszchild et la région interne du disque d’accrétion. Dans ce
modeéle, nous avons supposé que la rotation dans le jet était faible. De ce fait, nous avons
négligé les effets du cylindre de lumiére sur le jet. L’originalité de ce modéle semi-analytique
est d’étre développé en relativité générale et de généraliser le modéle classique. Il permet
donc d’étudier I’analogie entre les jets d’étoiles jeunes et les jets relativistes. Le passage d'un
type de jet a un autre peut étre réalisé simplement par I’augmentation de la gravité a la
surface de la couronne. Dans I’étude comparative entre les jets classiques et relativistes, nous
avons trouvé que la différence reste un simple effet d’échelle tant que la surface d’Alfvén
se trouve & une distance supérieure a 100 rq, rg étant le rayon de Schwarzschild de 1'objet
central. Par contre, lorsque la surface d’Alfvén se rapproche de la surface du trou noir, les
effets gravitationnels deviennent plus intenses. Cela induit une augmentation de 1’accélération
du jet et une diminution de l'efficacité de la force de Lorentz a le collimater. En effet,
I’augmentation de la gravité rend I’accélération thermique plus efficace dans la région basse
du jet. Parallélement, ’augmentation de la gravité, et donc de l'inertie dans la région basse
du jet, fait augmenter la quantité du flux de Poynting utilisé dans I’accélération, le long des
lignes d’écoulements extérieures. De ce fait, le courant électrique dans la région asymptotique
induit par le reste du flux de Poynting, diminue. Nous avons aussi trouvé que dans les jets
relativistes ayant un rotateur magnétique efficace, le taux de collimation diminue & cause
de la force de séparation de charge. En effet, cette force qui a une action de décollimation
du jet bien connue, est du méme ordre de grandeur que la force de pincement magnétique
toroidale. Elle ne peut étre négligée que dans les jets classiques ot les vitesse sont faibles ou
dans les jets relativistes ayant un rotateur magnétique inefficace. Les jets ayant un rotateur
magnétique inefficace ne peuvent étre collimatés que par le milieu ambiant dont la pression
permet d’équilibrer la force de séparation de charge. Dans ce type de jets, la morphologie
des jets relativistes change trés peu de la morphologie des jets classiques.
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Avec ce modéle, nous avons étudié aussi la différence entre les jets des radio-galaxies
FRI et FRII. Dans cette étude, nous avons utilisé I’analogie qui existe entre les propriétés
des FRI et des FRII avec le comportement des solutions de notre modéle en fonction du
paramétre libre €. Cela nous a permis de confirmer avec notre modéle relativiste, I'analogie
suggéré par Sauty et al. (2001). La collimation des jets ayant un rotateur magnétique effi-
cace, € > 0, est essentiellement magnétique. Les oscillations dans le jet sont alors trés faibles.
En plus, ces jets sont caractérisés par une vitesse qui augmente de fagon continue jusqu’a la
région asymptotique. De ce fait, nous avons utilisé une solution caractérisée par € > 0 pour
modéliser les jets des FRII. Dans les FRII, le milieu ambiant est trés peu dense et le jet
intéragit faiblement avec celui-ci. Par contre, dans les FRI, le milieu ambiant est plus riche.
L’intéraction entre les jets des FRI et leur milieu ambiant est trés forte et le jet est au moins
partiellement confiné par le milieu ambiant. Cela engendre des oscillations dans la région
asymtotique du jet. D’autre part, la vitesse dans les jets des FRI diminue lorsqu’ils passent
de I'échelle du pc au kpc. En conséquence, dans la modélisation des jets de FRI, nous avons
utilisé une solution ayant un rotateur magnétique inefficace ¢ < 0. Ce type de solutions est
aussi caractérisé par un confinement thermique extérieur important et une diminution de la
vitesse du jet dans la région de confinement.

Pour appliquer notre modéle a ces deux types de jets, nous avons élaboré une méthode
d’estimation des paramétres libres a partir de quelques propriétés observées dans ces jets.
Dans cette méthode, nous avons introduit un nouveau paramétre libre n qui donne la dévia-
tion de la rotation de la couronne du disque par rapport a la rotation képlérienne. n permet
de controler la quantité de courant électrique a la base du jet que nous avons utilisé pour
différentier les jets des FRI et FRII. Dans I'application du modéle aux jets des FRI, nous
avons trouvé que la valeur optimale de 7 est de 'ordre de 0.90. Avec cette valeur nous avons
obtenu un jet caractérisé par un facteur de Lorentz de I'ordre de 2.8 & 100r4 qui diminue a
2 dans la région asymptotique, qui peut qualitativement reproduire la décélération observée
dans les FRI. Dans I'application du modéle aux jets des FRII, nous avons trouvé que la valeur
optimale de n est de 0.86, valeur trés proche de la précédente. Le jet obtenue est accéléré
jusqu’a un facteur de Lorentz de 3 a une distance de 500rg sans qu’il ne subisse aucune
décélération dans la région asymptotique. La grande sensibilité de la solution au paramétre
7 montre également que les propriétés des jets dépendent fortement de la vitesse de rotation
de la couronne du disque. En particulier, une faible variation de n permet de passer d’un
type de jet a un autre. D’autre part, dans les deux types de jets nous avons trouvé que la
valeur de 1 doit étre proche de 1 (vitesse de rotation est plus faible que la vitesse de rotation
képlérienne) pour permettre la formation de jet avec des vitesses relativistes. Pour 7 plus
petit, le courant électrique deviendra trés grand dans le jet et freinera I’expansion initiale du
jet et diminuera l'efficacité de 'accélération.

Au sixiéme chapitre, nous avons construit un modéle de jets caractérisés par une vitesse
de rotation relativiste. Nous nous sommes intéréssés aux jets relativistes qui traversent le
cylindre de lumiére. Pour étudier ce type de jet nous avons utilisé la méthode systématique
de détermination de solutions auto-similaires méridionales de jet de Vlahakis & Tsinganos
(1998), en relativité générale. Les jets qui traversent le cylindre de lumiére sont caractérisés
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par une vitesse de rotation qui augmente vers ’axe de rotation comme € % De ce fait,
dans I’étude de ce modéle, nous n’avons pas traité la partie du jet prés de I'axe de rotation.

Nous avons trouvé que la contribution de l’accélération thermique, dans le jet de la
couronne du disque interne, reste importante. Cependant, la contribution de la force magnéto-
centrifuge augmente et devient du méme ordre de grandeur que la force de pression. Dans
ces jets, I'accélération s’arréte apres la traversée du cylindre de lumiére ot le jet est collimaté
cylindriquement. Les vitesses poloidales obtenues avec ce modéle restent faibles de 1’ordre
de v ~ 0.6 c. Cette faible vitesse poloidale dans la région asymptotique résulte de la vitesse
dans direction toroidale dans le jet qui est élevée de 1'ordre de 0.9 ¢. Ce résultat est général
a toutes les solutions que nous avons étudié¢ pour le moment. Il n’est cependant pas exclu
que nous n’ayons pas exploré I’ensemble du spectre des paramétres.

Dans le septiéme chapitre, nous avons commencé le développement d’un code purement
numériques pour les écoulements MHD relativistes. A cette fin, nous avons utilisé la biblio-
théeque LORENE qui est une bibliothéque orientée objets developpée au L.U.Th. L’intérét
de T'utilisation de cette bibliothéque sont les méthodes spectrales qui y ont implémentées.
Ces méthodes permettent de traiter aussi bien les écoulements dépendant du temps que les
écoulements stationnaires. Nous avons reproduire avec succes les solutions de vents hydrody-
namiques stationnaires & une dimension du chapitre 3. Nous avons développé des nouveaux
algorithmes pour traiter les grandes variations de la densité dans le vent dans la région
centrale prés du trou noir.

8.2 Perspectives

Le travail exposé dans cette thése posséde plusieurs prolongements. Dans une premiére
partie, il sera intéressant d’étudier les émissions synchrotrons a partir des solutions de jets
obtenues dans les deux modéles magnétohydrodynamiques des chapitres (4) et (6). Nous
aurions alors un outil permettant la comparaison entre les solutions de ces modéles et les
observations en radio des jets des noyaux actifs de galaxies. Avec cette étude, nous amé-
liorerons la méthode d’estimation des paramétres a partir des observations, que nous avons
développé au chapitre 5.

En deuxiéme lieu, il sera intéressant d’inclure le chauffage par conduction dans le modéle
du chapitre 4. Plus précisément, nous pouvons continuer le travail que nous avons commencé
dans I’Annexe A. Il est intéressant de traiter le cas particulier du chauffage par conduction
paralléle aux lignes d’écoulements. Avec ce modéle, nous pourrions améliorer notre étude du
chauffage thermique de ’écoulement dans le jet. D’autre part, nous analyserions les effets du
chauffage par conduction toroidale sur les composantes toroidales de la vitesse et du champ
magnétique, cela dans le but d’analyser les effets de ce chauffage sur la collimation du jet.

Ensuite, il sera intéréssant de développer un modéle de jets méridionaux autour de trous
noirs de Kerr, lorsque le moment cinétique de ces derniers reste faible. Ainsi, nous pour-
rions utiliser des méthodes approximatives pour élaborer un modéle de méme type que celui
développé au chapitre 4. Un modéle développé dans la métrique de Kerr permet d’étudier
les jets extrayant du moment cinétique du trou noir. Ce modéle, permettrait d’examiner les
différences entre les jets des trous noirs de Kerr et les jets des trous noirs de Schwarzschild.
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A plus long terme, il faut poursuivre le développement du code numérique d’écoulements
relativistes avec la bibliothéeque LORENE, dans le but d’étudier les écoulements hydrodyna-
miques stationnaires 2D, puis magnétohydrodynamiques stationnaires. Cela permet d’étudier
de maniére plus précise les propriétés des écoulements relativistes sans poser aucune hypo-
thése sur la structure ou la dynamique dans le jet. De plus, ces codes numériques d’écoulement
stationnaires seront trés intéressants pour ’étude des propriétés des surfaces critiques et des
caractéristiques dans les jets magnétohydrodynamiques. En effet, contrairement aux modéles
auto-similaires, le modéle purement numérique ne pose aucune contrainte sur la forme des
surfaces critiques. Le développement de codes numériques permettra d’étudier plus précisé-
ment les effets du cylindre de lumiére sur le jet. Ainsi, nous éliminerons les contraintes sur
la région d’application du modéle et la vitesse dans la région asymptotique du jet.

Ce code numérique devrait permettre d’étudier aussi bien les jets de disque internes que
les jets axiaux, comme ceux que nous avons modélisé dans cette thése, et aussi d’étudier
I'intéraction entre ces deux types de jets (collimation, chauffage, accélération). Une autre
extension du code serait aux écoulements dépendant du temps. Un code dépendant du temps
permettrait d’étudier la stabilité des solutions de jet que nous avons obtenues avec les modéles
stationnaires. En effet, nous utiliserons comme conditions initiales les solutions obtenues
avec les modeéles stationnaires. Cela, permettra d’étudier I’évolution de solution de jets plus
élaborés de ce qui est fait actuellement. D’autre part, le code dépendant du temps permettra
de mieux d’analyser I'intéraction entre le jet de disque et le jet de 1’étoile au cours de leur
évolution avec une description cohérente de ’ensemble de la structure d’éjection. Un des buts
du développement du code numérique est 1'utilisation d’équations d’état plus réalistes. Nous
analyserons d'une maniére plus précise la contribution des effets non-thermiques (radiatifs,
turbulence) au chauffage. Nous utiliserons aussi le code pour analyser 1’évolution de jet a
deux composantes (Sol et al., 1989), une composante interne constituée de positons-électrons
accélérée principalement par des mécanismes thermiques et radiatifs en incluant le mécanisme
de “Compton Rocket” et une composante externe constituée de protons-électrons, accélérée
principalement par des mécanismes magnétohydrodynamiques. Ainsi, I’étude de l'interaction
entre les deux composantes du jet permettra d’étudier la contribution de la turbulence au
chauffage du jet (Renaud & Henri, 1998).

D’autre part, le code numérique dépendant du temps sera trés utile pour étudier les in-
stabilités qui peuvent se produire dans le jet lors de sa propagation dans le milieu ambiant.
L’étude de cette interaction entre le jet et le milieu ambiant peut étre trés utile pour analyser
les jets des radio-galaxies FRI. En effet, comme nous avons vu dans le chapitre 5, dans la
modélisation du jet de FRI avec le modéle auto-similaire, il est nécessaire de développer un
modeéle de propagation du jet pour reproduire la décélération observée dans les jets de FRI.
L’étude des instabilités, dans le cas des écoulements magnétohydrodynamiques, donnera la
possibilité d’étudier la stabilité des solutions obtenues et aussi les instabilités hydrodyna-
miques (Kelvin-Helmholtz) ainsi que les instabilités magnétiques comme les instabilités de
pincement magnétique. Elle permettra de déterminer leur contribution a la décélération et
au chauffage du jet. A plus long terme, une étude du développement des instabilités non
linéaires dans jet a 3 dimensions peut se faire pour se rapprocher des observations et les
comparer aux autres études numériques que nous avons citées.
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Annexe A

Les effets du chauffage par conduction
dans I’écoulement

Le tenseur implusion - énergie d’un fluide soumit a un chauffage par conduction est défini
comme suit :

ab _ (an_Q)uaub Fpg®™ gt b+ ut ¢+ % (Fa(;F; n %gabFQ) _ (A1)
Dans le cas ou le chauffage dans le jet dans la direction poloidale est paralléle aux lignes
d’écoulement, g,||v,, nous pouvons déduire, dans le cas stationnaire, une équation de conser-
vation de I’énergie, équation de Bernoulli. Pour obtenir cette équation, il suffit de projeter
I'équation de conservation du tenseur impulsion-énergie (Eq. 2.23) sur I'axe temporel, é;.
Dans le cas stationnaire, nous obtenons :

Q
E = hoy <w + 4| c2> — ho—wB (A.2)

vy Ty

[’équation de conservation du moment cinétique est une conséquence des propriété géné-

rales des systémes ayant une coordonnée ignorable (Tsinganos 1982). Les vents et les jets en

astrophysique sont, dans la plupart de cas, supposé axisymétriques. La coordonnée ignorable

est alors ¢ et I’équation de conservation est obtenue par projection de I'équation de conser-

vation du tenseur d’impulsion-énergie (2.23). Dans la direction de ¢, dans le cas stationnaire,
nous obtenons :
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A partir des équations (A.2), (A.3) et de I’équation d’isorotation (2.68), nous pouvons
déduire les expressions de la vitesse toroidal, du champ magnétique toroidal et du facteur

de Lorentz :
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ol M? est le nombre d’Alfvén, défini comme suit :
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A la surface d’Alfvén critique, le chauffage par conduction dans la direction toroidale doit
étre nul ¢, = 0, g,, pour satisfaire la continuité a la surface d’Alfvén (Eq. A.5).

Un des effets du chauffage par conduction est d’augmenter l'inertie du fluide dans I’écou-
lement (Eq. A.7). Il influence aussi la vitesse et le champ magnétique toroidal.



Annexe B

Les forces

B.1 Les forces dans les différents référentiels dans le mo-
déle

Les forces GRMHD dans les directions transverses et longitudinales (¢, é;) aux lignes
d’écoulement peuvent étre déduites des forces en coordonnées sphérique (€, €3). Nous pou-
vons aussi déduire les forces dans les directions perpendiculaires et paralléles a4 'axe de
rotation (€, €,). Pour cela, il suffit utiliser les projections suivantes :

L= (k- @) [T+ (6 a) f, (B.1)
= (i @) v (& a) f (B2)
fo= (e &) fr+(a- a) (B-3)

= (61 &) [T+ (6 &) f. (B.4)

(B.5)
avec :
€r- € = cosx(R0), (B.6)
€y - €, = sinx(R, 0), (B.7)
€r- €6 = —sinx(R,0), (B.8)
€y € = cos x(R, 0); (B.9)
€r - €; = sind, (B.10)
€ €x = cosb, (B.11)
€r+ €, = cosb, (B.12)
€y €, = —sinf (B.13)

X (Fig. 4.2) est I'angle entre les lignes du champ magnétique et la direction radiale. Si y > 0
les lignes d’écoulement s’élargissent plus rapidement que ’expansion sphérique. Par contre,
si x < 0 les lignes d’écoulement s’élargissent moins vite que sphériquement. Cette angle est
relié au facteur de l'expansion du modéle, F, et a 'angle polaire # par la relation (Eq. 4.9).

Nous allons maintenant donner les composantes en coordonnées sphériques des différentes
forces du modéle. Dans ce qui va suivre nous allons utilisé la relation a la surface d’Alfvén
entre la vitesse du fluide et celle des ondes d’Alfvén le long de I'axe de rotation (2.84).
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B.1.1 La gravité

En coordonnées sphériques

dh v hy, B2 1
FR 2 0 T\2 Ox *
L= 0o (2 = Do
fGramte 7 nwdR ( (C) ) hg 47TR2 2M2
M4 (SRQ M4 ) .

(- man) (2 () e ) e e
) . 2 w dho . 1 B2 9 F M . 5
faravite = 7 NSV aE = TR ﬁé‘l 3 TR sinf cosféy. (B.15)

Dans la direction longitudinale, la force de gravité est toujours négative, méme si la contri-
bution de la composante en 6 est positive. La composante latudinale reste faible par rapport

2

a la composante radiale, puisque dans le modéle v > p. Pour la collimation du jet, le signe

de la force transverse varie selon la courbure des lignes d’écoulement. Elle exerce toujours
une force qui amplifie tout éloignement a la direction radiale.

B.1.2 La pression

En coordonnées sphériques

dP 1 B?
IR *
R ) .
fPresszon OdR 9 0 47 GA
dIT R?
<@G4 <1+n@sin29>+HFmRG2 sin29>e}, (B.16)
1 dP B?
f_]?iression = % - _47T*G4 R G? Tlk sinf cos ¢ . (B.17)
Dans la direction longitudinale, le terme le plus important est le gradient de la pression

radiale %. Cela est di a la forte stratification de la matiére induite par la gravité dans la

région proche de la couronne. Dans le cas d’une recollimation du jet loin de 'objet central
(faible gravité), le gradient de pression devient négatif % < 0. Il freine alors I’écoulement.
La force transverse a deux composantes. Une composante due au gradient de pression radiale
est toujours favorable a 1’écoulement sphérique et équilibre la force de gravité. La deuxiéme
composante est le gradient transverse aux lignes d’écoulements de la pression. Cette force a
une action de collimation.

B.1.3 Le pincement magnétique toroidal

En coordonnées sphériques

T o ho B?  hg

f7 = = =
PincementByp 47 %) R 47TG4 R

g, ()" - e
2 2 2
{ ho M2 (o )

2

R? -‘ sinfep, (B.18)
h%* ho x
M\ B2 N} hy,’

]' . —
f_f,l.mementh — mBZ cot = TG D b R sinf cosféy . (B.19)
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La force de pincement magnétique toroidal a une action de freinage du jet lorsque I’évasement
des lignes d’écoulement est plus rapide que le cas sphérique. D’autre part, elle freine aussi
I'écoulement le long des lignes qui se dirigent vers 'axe polaire, tant que |x| < 6. Dans
le cas inverse cette force accélére le jet. Dans la direction transverse, elle a une action de

collimation.

B.1.4 Le pincement magnétique poloidal

En coordonnées sphériques :

1 h dh By dB B? F? (h dh
7R 2 0 0 0 r * 2 0 0 . 92
. _ - p2 (2 _ — (o QM 0
fP’mcementh A ® (R + dR) AT R dO 47TG4 0 1 (R + dR) Sin
B? F . .
— hyg IR sinffer, (B.20)
. 1 dh B? . .
f}ejincementh = —EBT By <d—]i(’) + hg> = [ F2—l;%2 sinf cosféy. (B.21)

Dans la direction tranverse aux lignes d’écoulement, la force de pincement magnétique to-
roidal varie selon que I’évasement est plus rapide ou moins que le cas sphérique. Cette force
a une tendance a favoriser les structures non radiales. Elle est importante dans la région
sub-alfvénique M? < 1 (la région ot la dynamique du fluide est dominée par les forces
magnétiques). Dans cette région, elle favorise dans la base du jet la structure dipolaire.

B.1.5 La force centrifuge

En coordonnées sphériques :

M? 2
7R o why 5 s B} NR h%,*_G 206 (B
fcentrifuge = =7 NS Rl = _h0h0*47rG4 w3y sin®fer, (B.22)
h%,k ho x
2 2 2 2
£ — _~2 EU_‘” _ ho B 2 & . -
feentrifuge = =7 n I cotf = <h0*> YP¥el MR D sinf cosféy. (B.23)

Cette force agit dans la direction inverse de la force de pincement magnétique toroidale. Dans

la direction paralléle aux lignes d’écoulements, elle accélére I’écoulement lorsque x > —6 ce

qui correspond aux cas des lignes d’écoulement qui convergent vers l’axe polaire F' > hQ—O

Dans la direction transverse, elle décollimate le jet tant que x < § — 0.

B.1.6 La force de courbure des lignes d’écoulement poloidales

En coordonnées sphériques :

n s wuvgdv, hy , 1 B _, F sin?d  § a cos?f
— - — — = — M
fé cowrant TPERWB  RY T mirct 2(1+0a) \ B T R(+0a)
B? F?
_ho B, M? — sin*fep. (B.24)
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2
7271% <h0 UTI:Q + ho%%) = —%45&4 M2§ sinf cos @
Bf ) F
4 GH 2
" 1 dM? 2-F
<szh02 YW drR TR
%%_%> sinf cos B ey . (B.25)

Comme pour la force centrifuge et la force de pincement magnétique toroidal, I'action de

la force de courbure des lignes poloidales est toujours I'inverse de la tension magnétique

poloidale. En effet, dans la direction transverse aux lignes, elle favorise 1’évasement radial.

B.1.7 La force de pression magnétique toroidale

En coordonnées sphériques :

I - — = o
Pre.MagneT 87 R do 47 G4 DQ

2
h
nodBr o oep () -

PR _ 2 :2
fPre.MagneT - 8t dR - h% 47TG4 (ho )2_ 2 R*sin“ 0
hOk hO,*
G2
L +hF_2+hR+’13*+7(F_2)
R 2R*hy, " R TN
hOk G
by —
2k h2 . d
oy S (B.26)

2
ho |\ _ M2
ho* h(z)*

ho

2
) R sinf cosféy. (B.27)

La force exercée par la pression magnétique est équivalente a l'action d’'un ressort qui se
dilate ou se contracte. A la base du jet, les lignes magnétiques étant gelées dans la ma-

tiére qui s’échappe, la composante toroidale diminue par transfert du moment cinétique du

champ magnétique au fluide dans la région sub-alfvénique (4.27). De ce fait, elle contribue

a l'accélération du jet. Dans la région de collimation finale du jet, la compression du champ

magnétique fait croitre la composante du champ magnétique toroidale. De ce fait, la force

de pression magnétique toroidale qui en résulte freine I’écoulement. Dans la direction trans-

verse, elle a une action de collimation, puisque la composante toroidale du champ diminue

vers 1’axe polaire.

B.1.8 La force de pression magnétique poloidale

En coordonnées sphériques :

fR — @%
Pre.Magne 87t dR



B.1. Les forces dans les différents référentiels dans le modéle 189

B? F? I 1dFf F -2
2 * I -~ i 2 -
( ho ( KV + )) Sin 063, (B28)

471Gt 4 \ R2hg
1 dB? B2 1
_9 — roo__ * : —
[PreMagne = S R 4o ——47TG4§sm000s969. (B.29)

La pression magnétique a une action de décollimation du jet, car le champ magnétique
poloidal croit vers le centre.

B.1.9 L’accélération du fluide

En coordonnées sphériques :

o B 9 E @ dv,?
acceleration. — 1 T c2 2 dR
1 B2 2 cos? f 1L dM? (2-F) 6F o« dB.30)
ho 4nG'T T+o0a \ M2 dR ~ R 2R1+da
acceleration 7n c2 2R db
LB P 1 ba
1 B 1_ inf e B.31
R47TG4 ; 1+6a < 1+5a> SIn ¢ CoSU ey ( )

B.1.10 La force de séparation de charge

Le champ électrique dans le modéle est :

Er = -B, (%) xA%g sinf, (B.32)

Ey = -B, <@> xAl cos(0) (B.33)
ho G ’

(B.34)

La séparation de charge vaut :
B, hg 5 ) h? dF  F? 8
e = - : G?’sinf) | — |2— + — +2F — ——
P InGE Ty VPGS [4 iR TR T 2R

e (57 )]

B, hys v 240

- A 7z B.
471G hy e (1 + 5@3/269 (B.35)

Au chapitre 4 et 5, nous n’avons tenu compte que du dernier terme de séparation de
charges p.. En effet, contrairement aux autres termes, ce terme ne tend pas vers zero pres
de 'axe de rotation, et cela méme si les effets du cylindre de lumiére sont négligeables
(xA G K 1).

La force de séparation de charge est donc :

B2 W, F [h_g <2dF F?

o = peEp = —2% G* sin? 0 — 4+ — +2F — —
sep.charge p R Al h,g 293A Sin 1k + 7 + th
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s (7 1)

Be hox Pt pnrg 200 4

Gl hy 20 e TR (B.36)
fopcharge = PeBo = 4524 (6(;:)2 2% G? sin @ cos 6 [hzg (23—2 + % L 9F — h%%)
1 F?
+m (hgT — 1)}
4524 (h;;)*)Q /\2%5 sin @ cos 0%@_ (B.37)

La composante longitudinale de la force de séparation de charge est nulle puisque E = 0,a
cause de la conductivité infinie dans le fluide. Dans la direction transverse, le terme dominant
est le dernier. En effet, prés de I’axe sa contribution peut étre de 'ordre de la force centrifuge
et de la force de pincement magnétique. Ce comportement est induit par le choix de la vitesse
angulaire dans notre modéle qui augmente vers 1’axe polaire.

B.1.11 La force qui résulte de la dissipation par effet Joule

Le courant dans le modéle est :

_ABL o, Np

Je.r = @ R D cosf, (B.38)
1 dm?
| A B, hohy, Ni F=2+ge me —m ar |
= — |F+1 0 O L f.(B.39
Je, @ R D + 1+ N, D sinf . ( )
La force qui résulte de la dissipation par effet Joule dans I’écoulement est :
_v (ﬁ. E) (B.40)
c
Les composantes de cette force, en coordonnées sphériques, sont :
1 dm?
f_}i. _ B; 1 Npg | F hox F+1+F_2+Ril;§1* _Rlll%,*_hg,* dR
Joute ATG2 R D |2  hg Np D
sin ) cos® § 22 G*¢; (B.41)
1 dm?
fi o~ Bl W FNg |F o, F+1+F_2+Rlé%,* mhT. T W 4R
joule T 4rG2 R 2 D |2 h Ng D
sin @ cos fsin 6 22 G*¢; . (B.42)

Comme nous pouvons le remarquer cette force n’a pas de composante transverse. D’autre
part, elle est négligeable dés que le cylindre de lumiére tend vers I'infini.



Annexe C

Les forces GRMHD dans le modéle du
chapitre 6

Pour obtenir les équations différentielles du modéle 6, il suffit de remplacer dans les
équations (6.41) & (6.45) les fonctions f; . (R) et f; 9(R) par leur expressions. Nous allons
donner initialement les expressions de ces fonctions en R. Dans la deuxiéme partie, nous allons
déduire I'expression des équations différentielles du nombre d’Alfvén, du facteur d’expansion
et des pressions sans dimension Py, P,

C.1 Expressions des fonctions 3; ,(R) et 3; ¢(R)

Dans la direction radiale, ’équation de la dynamique est :

dA\’ dA\’ ZA\ [ dA 2A\ [(dA
<£> Bro + <£> aﬁrl—i_(doﬂ) (E)aﬁm—i_(doﬂ) <£>a2 Br 3

d d
+Bar+ Bsrgi(a) + Borgala) + 57Rd—£204+ 58Rd—£204 =0, (C.1)
Les expressions des ; r(R) sont :
1 dM? 1 M? I 4 G*F
o = S (P2 - 2 TA 2
bro i dr TR YA 2R (C2)
GQ
bir = 72

AN (L NBY L N RGN
h dR D? 22 2hE M2\ D
h

F ? dF
24 0 22 848
Tho g (<h0*> TaG ) iR
_LE hQF_Q_ E_ __ K
h2, R 04 2 2 R h?
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vovrm | (Mo )L L (o' (Ne '] L A ()" N N
D 2 M2 \ he, D h2 \ ho, D3
N ho \ 2 N
2 i YB 0 .2 ~2*YB
TN R(F ~2) 53 <h0*> e } (C.3)
G R ho \ 2
Bar o @<<ﬁ> —xi(;?) (C.4)
(C.5)
G2 2 F 2 4 hO ? 2 2
b = g |ty (7 %)((m) ~ =
2
+)\2RF<%>] (C.6)
(C.7)
ho \2 _, dTI,
_ 4
Bir = <h0*> G iR (C.8)
B ho\° ., dIL
Bsr = <h0*> G K iR (C.9)
ho \° ., dTI,
— 1
A (©10)
ho \> , F
Brr = <h0> G4E I (C.11)
0%
ho \?> , F
Bsr = <h0> G4E I, (C.12)
0x
(C.13)

Dans la direction 6, I’équation de la dynamique s’écrit :

(3 me (52) (22) -

<d2A> (d—A>aﬁm+é <d—A>2ﬁ93 + @wdgl(a) + 559dg2(a)} =0 (C.14)

da? da da da

Les expressions des f; o(R) sont :

Gy~ _F L

0~ 2R dR
Ul (h) _ M o o] 4F
2 | \hos h2, 4 dR
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1 ho \° 1 ho \? m
| 2 _ 202 _F 1 _H 2 9
2R (<h0*> 2“G> (<h0*> RRz) TG
2 ho \* 2 2
- = — 2
h§ (<h0*> e
_M*F (F
n2 2R \ 2

2N R Ng\°> K2 [ Ny\°
(ﬁ)‘a%(ﬁﬂ] (C.15)

hg
B\ 2
<h00*> — xi G?

+

2R

/819 = hg G2

(C.16)

(C.17)

LR (%) (C.18)

1 (F2 2 ho \° 4
s E(TF&)[(@)—%G

h2 D
R 22
Bzg = — h;‘ (C.19)
0
2GR
/849 — Tnl (CQO)
0%
2G°R
659 — h2 HQ (021)
0%

C.2 Les équations différentielles

Les équations différentielles du modéle sont déduites a partir des combinaisons linéaires
des fonctions en R (B; g, Bi9) permises par la séparation de variable (R, «)
e équation algébrique pour la préssion sans dimension II

1 (€+ l) ho 2
I, = - 2 = 2 22
! Y PYe? <h0> a (C22)

e Equation différentielle au premier ordre pour le nombre d’Alfvén :

AM?2 M
<F—2— K

R 2 Rh2

n d Il
dR R

dR

) + hi G* =0 (C.23)

e Equation différentielle au premier ordre qui lie la dérivée du nombre d’Alfvén et la
dérivée du facteur d’expension
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_Fdm hUQ_MQ_QGQ dF

2h2, dR 2 | \ ho, he, A d

1 ho \” ho \* K

— | F? 1) — 24 G? - F 1 — G?
+2R (<h0*> (e +1) — 253G (e >) (<h0*> RI2 + 25

2XR | ( Np 2(6 R ne 3, ([ Nv '\’
h2 D 2M2 \ D
2G2R
+E T, (26 4+ 1) =0 (C.24)
hO*
e Equation différentielle au premiér ordre pour la préssion sans dimension Py(R)
ho \> oo dI, 1 d M2 2 o N3 A h2, G2 [ Nvy\’
L) &R - + X’R ~ (L
+<h0*> iR 12, dR D) T 2 e \ D
F ho \’ dF
— 72 G?
+ho <<h0*> a )dR
ACERERERE T
e R\ " 4 2 2 Rh?
F ho \’
iy [ () 1o s (-+2)

hO ? H hO* ? 2 2
_ Pt G
<h0*> ( R 12 (ho a
2 ho \”
Ng\*_ hght, (Nv\’
D 2 M? D

(e NNy
n \hoy,) D?

+2)°R

D2
+e N RF <NB>

2
+(2e—|—1)<h0> GQRQ%I'Ig:O (C.25)
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