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Résumé

Dans les noyaux actifs de galaxies comme autour des étoiles jeunes en formation,
il est naturel de croire en ’existence d’un lien entre 'accrétion de matiére sur un
objet central massif et les jets collimatés observés. L’objet de cette these est I’étude
de structures magnétisées, dans lesquelles accrétion et éjection sont deux processus
interdépendants. Le mécanisme physique a la base de ces deux processus est ainsi
élucidé, en résolvant l’ensemble complet des équations magnétohydrodynamiques
décrivant ces structures.

Un disque d’accrétion résistif est traversé par des lignes de champ magnétique
ouvertes, torsadées par sa rotation. Ces lignes freinent le disque et lui extraient
moment cinétique et énergie mécanique. Une transition naturelle est obtenue entre
le disque résistif dense et un jet idéal dilué, super-magnétosonique lent.

L’existence de telles structures stationnaires n’est pas fortuite mais découle de
la saturation d’instabilités du disque magnétisé, donnant lieu a des coeflicients de
transport anormaux. La structure est complexe, avec équipartition entre ’énergie
magnétique et thermique ainsi que des composantes du champ magnétique de gran-
deur comparable.

Les signatures observationnelles des disques sont décrites, ainsi que le bilan global
d’énergie et les caractéristiques des jets. Les ordres de grandeurs requis par de telles
structures sont compatibles avec les observations.



Abstract

In both active galactic nuclei (AGN) and young stellar objects (YSOs), the com-
mon belief is growing that there is an interdependency between accretion onto a
central objet and the highly collimated jets. This thesis deals with the investigation
of the physical mechanism that leads to the formation of jets from a magnetized
accretion disk. This has been performed by solving the complete set of magnetohy-
drodynamical equations describing such a structure.

A resistive accretion disk is thread by open magnetic field lines, sheared by its
rotation. The field lines brake the disk and extract both angular momentum and
mechanical energy from it. A natural transition leads to the formation of a tenuous
super-slow magnetosonic ideal jet.

Stationarity is not fortuitous but should be achieved after some transient settle-
ment of the structure, triggered by instabilites in the disk that give rise to anomalous
transport coeflicients. The overall structure is complex with an equipartition bet-
ween magnetic and thermal energy densities, and components of the magnetic field
of the same order of magnitude.

We derive the observational signatures of such a disk, as well as the global energy
budget and its consequences on the jets. Self-consistent solutions are displayed in

the context of AGN and YSOs, in agreement with observations.
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Chapitre 1
Introduction

C’est en voulant comprendre la formation du systeme solaire et du Soleil que
I’hypothese du disque d’accrétion a été initialement élaborée. Des les années 20,
Iinfluence d’un processus dissipatif sur un disque de matiéere en rotation différen-
tielle autour du Soleil était connue (Jeffreys 1924). Les frottements visqueux entre
deux anneaux consécutifs de matiere accélerent ’anneau extérieur et freinent ’an-
neau intérieur. Ainsi, les régions externes d’un tel disque s’éloigneraient du Soleil
en emportant du moment cinétique tandis que les régions internes tomberaient vers
lui, donnant lieu & un mouvement global d’accrétion. L’équation de 1’évolution d’un
tel anneau de matiere fut méme résolue avec une prescription pour une viscosité

turbulente par Von Weizsacker (1948), puis par List (1952) dans un cas général.

Ce fut cependant la découverte d’objets célestes trés puissants, comme les étoiles
binaires X, les quasars ou les noyaux actifs de galaxies (NAG), qui a véritablement
donné naissance au paradigme des disques d’accrétion. En effet, ’extraordinaire lu-
minosité de ces objets n’était explicable que si la source d’énergie était d’origine
gravitationnelle, la matiére tombant dans un puits crée par un objet compact (I’ef-
ficacité de conversion de I’énergie de masse en radiation par les réactions de fusion

nucléaires étant beaucoup plus petite que celle due a ’accrétion).

Dans le cas des NAG, il a été alors avancé qu’un trou noir (un autre paradigme,
encore plus vieux) supermassif de plusieurs millions de masses solaires aurait attiré
a lui la matiére du milieu interstellaire (ainsi que des étoiles), qui se serait organisée
en un disque de matiére en rotation (Lynden-Bell 1969). Quant aux binaires X, le
modele développé pour expliquer leur rayonnement est devenu le modéle standard
des disques d’accrétion (Shakura & Sunyaev 1973).

Cette idée est ensuite revenue dans le contexte de 1’évolution stellaire (Lynden-

11



12 Chapitre 1. Introduction

Bell & Pringle 1974). Lors de ’effondrement du nuage moléculaire parent en rotation
lente, une jeune étoile va se former avec un disque de matiere circumstellaire en
rotation (Terebey et al. 1984). Apres une premiere phase de condensation quasi-
sphérique donnant naissance & une proto-étoile, c’est ’accrétion a travers le disque
qui continue ensuite & alimenter celle-ci en masse, moment cinétique et énergie.
Cette phase de la vie des étoiles, correspondant aux étoiles de type T-Tauri, durerait
environ un million d’années (Bertout 1989). Ce serait ensuite & partir du matériau
de ce disque que pourraient se former d’éventuelles planetes, comme cela pourrait
étre le cas pour I'étoile B-Pictoris (Lagage & Pantin 1994).

Si le processus d’accrétion parait universel, celui de I’éjection de matiere ne
Pest pas moins. En effet, on observe des flots de matiere tres collimatés, rapides,
souvent bipolaires, émergeant aussi bien d’étoiles jeunes en formation (Lada 1985)
que des régions centrales des noyaux actifs de galaxies et quasars (Bridle & Perley
1984). D’ol exactement proviennent ces jets, quel est le mécanisme physique qui
leur donne naissance puis les maintient, comment peuvent-ils rester aussi collimatés
sur de longues distances, sont autant de questions dont les réponses nécessitent
une investigation de mécanismes physiques peu connus. Cependant, parmi les deux
communautés d’astrophysiciens, extragalactique et formation stellaire, une image

commune semble émerger dans laquelle I’éjection serait intimement liée a I’accrétion.

Dans la premiere partie de cette thése, je fais une courte revue des observations
d’étoiles jeunes et des noyaux actifs de galaxies, concernant a la fois les indications
de la présence de disques d’accrétion et les propriétés des jets issus de ces objets
(chapitre I-1).

Je présente ensuite un bref historique des divers modeles de jets développés a
ce jour, avec ’établissement d’un consensus dans lequel le magnétisme jouerait un
role déterminant dans leur collimation (chapitre I-2). Il existe en effet des arguments
en faveur de la présence et de I'influence du champ magnétique dans les jets, mais
également dans les disques. De plus, bien qu’aucun fait pris isolément ne soit décisif,
I’ensemble des arguments suggere fortement une interdépendance entre I’accrétion
et 1’éjection, qui trouve naturellement une explication dans le cadre de modeles de
disques magnétisés.

Ainsi, des modeles de plus en plus détaillés de jets magnéto-hydrodynamiques
(MHD) ont vu le jour, prenant appui sur des disques d’accrétion hydrodynamiques.
En effet, le flux de masse éjecté étant supposé négligeable devant le taux d’accré-

tion dans le disque, la présence du jet était supposée avoir peu d’influence sur le
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disque. Mais si le magnétisme domine la physique des jets, il emporte également une
fraction significative du moment cinétique du disque et donc perturbe nécessaire-
ment la structure de celui-ci. Il faut donc élaborer une nouvelle théorie des disques
d’accrétion, dans laquelle accrétion et éjection sont interdépendants.

L’idée de départ est assez simple, avec deux ingrédients principaux: un disque
de matiere ionisée en rotation autour d’une masse centrale et des lignes de champ
magnétique ouvertes qui le traversent. La rotation du disque va inévitablement in-
duire une composante toroidale du champ (i.e. les lignes se torsadent) qui, en régime
stationnaire, aura trois effets majeurs:

1) la tension des lignes de champ exerce un couple sur le disque qui le freine et
permet a la matiére d’étre accrétée vers ’objet central,

2) Dénergie mécanique extraite de la matiére du disque est ensuite retransférée
a celle du jet grace a un flux de Poynting MHD, produisant ainsi une accélération
du jet,

3) enfin, si le jet transporte du courant, la force de Lorentz associée au champ
toroidal confine le plasma et donne lieu a une auto-collimation naturelle du jet.

Ainsi, de la nécessité de mettre du champ magnétique dans les jets et de leur
faire prendre appui sur un disque sont nées les structures MHD d’accrétion-éjection.
Bien que les idées décrites ci-dessus soient connues depuis quelque temps (Blandford
& Payne 1982, Pudritz & Norman 1983), la résolution de la structure ainsi que la

détermination précise du processus d’éjection n’ont jamais été menées a terme.

Dans la seconde partie de cette theése, j’aborde donc la théorie des disques d’accré-
tion magnétisés en connexion avec des jets. Je commence tout d’abord par rappeler
le formalisme de la MHD, propre & décrire les interactions entre un fluide chargé
et le champ magnétique, ainsi que les hypotheses de notre modélisation (chapitre
II-1). Lors de ’étude analytique menée au chapitre II-2, la physique de ’éjection
sera mise en évidence “avec les mains”, ainsi que la nécessité de prendre en compte
la bi-dimensionalité inhérente a de tels disques. Ceci sera alors rendu possible par
'utilisation de fonctions auto-similaires et la résolution numérique de ’ensemble des
équations du disque.

Le chapitre II-3 décrit la structure verticale des disques d’accrétion dont les jets
franchissent un point critique magnétosonique lent, et affine notre compréhension
du mécanisme d’éjection. Une premiére exploration de 1’espace des paramétres de
ces structures permet de montrer que ce processus est robuste, s’établissant lorsque

les énergies magnétique, thermique et cinétique (sans la rotation) sont comparables.



14 Chapitre 1. Introduction

Le chapitre II-4, quant a lui, aborde les problémes liés & la structure radiale du
disque et en particulier la plage en rayon sur laquelle ’auto-similarité va s’appliquer.
Cette étude sera valable lorsque la structure MHD est établie sur une large extension
radiale, ou le disque peut étre considéré comme képlérien. Le bilan global d’énergie
du disque y est discuté ainsi que les caractéristiques des jets, a savoir vitesses lo-
cale et moyenne, puissance mécanique, et les conditions de raccord des solutions de
disques avec des solutions de jets auto-collimatés (Rosso & Pelletier 1994). Ce sera
également dans ce chapitre que les valeurs des diverses grandeurs du disque station-
naire (densité, température, champ magnétique, vitesses) seront exposées, pour un
taux d’accrétion donné.

Je concluerai ensuite par un résumé des principaux résultats et je rappelerai les

diverses questions qui auront émergé lors de cette analyse.



Premiere partie

Syndrome de Magnétisme

Magnetic fields are to astrophysics as sex is to psychology.

H.C. van der Hulst
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Chapitre 1

Du Visible a I’Invisible

Dans ce chapitre, je fais une courte revue des observations concernant les noyaux
actifs de galaxies émetteurs radio (“radio loud”), ainsi que les étoiles en formation
et leurs jets associés. Cette revue ne sera ni historique, ni exhaustive mais tentera de
faire le point sur les données percues comme “sires” ou dépendantes d’un modele,
ainsi que sur le paradigme dominant. En effet, mis & part les observations directes par
imagerie par exemple, toutes les autres nécessitent une interprétation et dépendent
donc du cadre de pensée dans lequel on se place pour les rendre intelligibles. Ainsi,
alors que les jets stellaires ou extragalactiques sont clairement observés, le disque
d’accrétion reste une hypothese de travail pour laquelle n’existent que des arguments

de plausibilité.

1.1 Noyaux Actifs de Galaxies

Les noyaux actifs de galaxies (NAGs) sont une classe d’objets qui regroupe des
radio galaxies, des galaxies de Seyfert (type 1 et 2), des quasars “radio loud” (forts
émetteurs radio) et “radio quiet” (émission radio faible) et des objets particuliers
comme les BL Lacs (voir la revue de Collin-Souffrin 1990). Tous ces objets ont la
particularité d’avoir une émission intense (de 10'* & 10® L, selon les objets!) qui
n’est pas comparable 3 celles des autres galaxies et qui n’est pas reproductible par
une superposition de spectres stellaires (figures 1.1 et 1.2).

Cette émission est concentrée dans la région nucléaire centrale, est fortement
variable et est associée a de fortes raies d’émission excitées par un continuum non

stellaire (Netzer 1990). Une fraction de ces objets possede des jets a petite échelle

Lo = 3.86 1033 erg.s~?!
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Distribution spectrale d’énergie moyenne pour un échantillon de 109

noyaux actifs de galaxies (Sanders et al. 1989). Les zones hachurées représentent le

domaine possible d’indices spectraux.
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aux gamma, construite a partir d’observations quasi-simultanées (Lichti et al. 1994).

(de 'ordre du parsec, 1 pc = 3.09 10'® cm = 2.06 10° UA), visibles depuis peu grace

aux observations en VLBI (Very Long Baseline Interferometry) et & grande échelle

(kilo- ou mégaparsec) observés tout d’abord au VLA (Very Large Array).

1.1.1 Le modeéle unifié

Les différences entre les divers objets peuvent étre expliquées dans le cadre d’un
modele unifié, grace a deux effets (Krolik & Begelman 1988, Barthel 1989, Antonucci
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FiG. 1.3 - Image composite de NGC 4261 (3C270) a partir d'observations optique
et radio au sol (& gauche) et image du noyau avec le télescope spatial (& droite). Un
tore de poussieres, d'un ravon de l'ordre de 10%® cm, atténue le rayonnement émis
par la région centrale chaude non résolue. L’axe de ce tore est parallele a la direction
des jets radio (Macchetto 1994).

1994):

(1) la présence d'un tore de poussieres géométriquement et optiquement épais,
obscurcissant le noyau a certains angles et modifiant le spectre observé (voir figure
1.3).

(ii) un effet d’inclinaison entre I’axe d’un jet (lorsqu'’il existe) et la direction de
'observateur (figure 1.4). Cet effet est crucial car les jets étant relativistes a petite
échelle (voir plus bas). il peut v avoir une amplification (ou diminution) Doppler de

I’émission du plasma.

1.1.2 Le paradigme du disque d’accrétion

Depuis Lynden-Bell (1969). il est communément admis que la source d’énergie
des NAGs est I'accrétion de matiere sur un trou noir supermassif (de 'ordre de 10°
4 10° Mg) situé en son sein. La raison essentielle est qu'un tel processus libere de
I’énergie gravitationnelle avec une efficacité supérieure a celle des réactions nucléaires
(voir également la revue de Rees 1984).

La signature observationnelle d’un tel disque serait un exces dans I'UV proche
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effet d’inclinaison. Les objets émetteurs radio (“radio-loud”) sont représentés dans
la partie supérieure du schéma, les autres (“radio-quiet”) dans la partie inférieure
(schéma issu de Collin-Souffrin 1990). -

(“big blue bump”) au-dessus d’une loi de puissance caractérisant le spectre de ces
objets (Bregman 1990, Collin-Souffrin 1992). Le modéle standard des disques d’ac-
crétion (Shakura & Sunyaev 1973, Novikov & Thorne 1973), ot un disque géomsé-
triquement mince et optiquement épais est en rotation képlérienne autour d’un trou
noir (Schwarzschild ou Kerr), a été le plus utilisé pour reproduire cette partie du
spectre (Malkan & Sargent 1982, Malkan 1983, Sun et Malkan 1989, Sanders et al.
1989).

La présence de raies d’émission larges (“Broad Line Region”) trouve une expli-
cation naturelle dans le contexte d’un disque en rotation képlérienne (mais d’autres
explications sont tout aussi viables). Dans ce contexte, 1’ajustement simultané du
continuum et des raies d’émission d’un disque illuminé par une source X (figure 1.5)
permet alors d’obtenir des valeurs pour les masses, taux d’accrétion et inclinaisons
du disque (Rokaki et al. 1992).

Cependant, des observations récentes a plusieurs longueurs d’ondes en optique,
UV et X sont incompatibles avec un tel modeéle (Collin-Souffrin 1992, Courvoisier
1994). En effet, 'optique et 'UV sont tout deux variables sans aucun délai, ce qui

est en complete contradiction avec le modéle standard (Clavel 1994).
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FIG. 1.5 - Reconstitution du spectre de 3C 120 avec trois composantes (Rokaki et al.
1992): contribution stellaire, émission du disque et loi de puissance non-thermique
(les contributions dues au continuum de Balmer et aux raies du fer ne sont pas prises

en compte).

Les corrélations entre la variabilité du continuum et celles des raies d’émission, et
entre différentes longueurs d’onde du continuum posent un autre probléme quant 2
lorigine de ’exces UV. Elles ne peuvent s’expliquer que si le disque est illuminé par
une source X située au-dessus du disque, qui réémet ensuite en optique et UV. Cette
source X pourrait méme constituer la source majeure de puissance bolométrique, le
disque étant dans ce cas passif (Collin-Souffrin 1991, 1992).

1.1.3 Les observations de jets extragalactiques

Seule une fraction des NAGs, de P’ordre de 10%, posséde des jets développés,
observés en radio (Bridle & Perley 1984, Leahy 1991).

Jets a I’échelle du parsec et sources compactes

Ces sources, localisées dans des régions de dimensions angulaires inférieures a la
seconde d’arc, sont observées a I'aide de la VLBI (figure 1.6) et coincident avec le
noyau actif d’une radiogalaxie ou avec un quasar (en particulier les BL Lac).

Des mouvements superluminiques (jusqu’a des vitesses apparentes de 1’ordre de
45c) ont été détecté dans des objets comme 3C 120, 3C 273, 3C 345 (voir revue
de Kellermann & Pauliny-Toth 1981). Rees (1966) a interprété ces mouvements
apparents par un effet d’aberration relativiste lorsqu’un plasma avec un facteur de

Lorentz de 'ordre de 10 se propage dans une direction faisant un angle petit avec
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F1G. 1.6 - Quasar 3C 273 observé a plusieurs résolutions angulaires: de 408 MHz
avec MERLIN (a), montrant le noyau actif et le jet coincidant avec le jet optique,
jusqu’a 100 GHz avec la VLBI (e), montrant la source compacte (Schillizzi 1991).

la ligne de visée. Cet effet s’observe aussi dans notre propre Galaxie?, autour d’un
“microquasar” (Mirabel & Rodriguez 1994, Mirabel et al. 1991, 1992).

A cette petite échelle, il existe donc un plasma qui est éjecté des régions centrales
avec un mouvement d’ensemble ultra-relativiste. Il existe ensuite deux écoles: soit
ce faisceau correspond au jet vu a grande échelle (voir par ex., Konigl 1992), soit il

s’agit d’une seconde composante plus ténue (voir Henri & Pelletier 1991).

Jets a grande échelle: sources étendues

Fanaroff & Riley (1974) ont introduit une classification des sources radio étendues

largement utilisée aujourd’hui:

— Sources FR I de faible luminosité radio & 1.4 GHz (< 1032 erg.s™!). Elles pré-
sentent des jets bipolaires plus puissants au coeur qu’a leur extrémité (“edge-
darkened”), tres polarisés avec un champ magnétique dominant perpendicu-

laire a I’axe du jet. Leur angle de collimation s’ouvre (approximativement

211 existe également des sources galactiques, comme les binaires de faible masse SS 433, Cyg
X-3 ou Sco X-1, qui possédent des signatures de jets rapides et de disques d’accrétion (Padman et
al. 1991).
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FIG. 1.7 - Carte VLA de 3C 449 (type FR I) 4 1465 MHz (Perley et al. 1979).

paraboliquement) au fur et & mesure qu'ils progressent dans ’environnement
intergalactique. De tels objets sont par exemple 3C 449 (figure 1.7), Cen A,
NGC 5128.

— Sources FR II de forte luminosité (> 10% erg.s™!). Ces jets puissants se ter-
minent par un choc (“edge-brightened”) avec le milieu intergalactique (“hot
spots”), ol leur puissance mécanique est convertie en rayonnement. Ces sources
sont également fortement polarisées mais avec un champ dominant paralléle a
’axe du jet et une collimation pratiquement cylindrique. L’archétype de cette
classe est la radio galaxie Cygnus A (figure 1.8).

FIG. 1.8 - Carte de la radio galaxie Cygnus A (type FR II) observée & 6 cm avec le
VLA, montrant le noyau actif duquel s’échappent deux jets symétriques se terminant
dans un choc avec le milieu intergalactique (Perley et al. 1984). L’extension radio

totale est 127”7, ce qui correspond a ~ 120 kpc.
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Il existe un certain nombre d’arguments pour ou contre des vitesses relativistes
dans les jets a grande échelle (Bridle & Perley 1984), mais il semble qu’un consensus
émerge en faveur de jets subrelativistes (Fraix-Burnet, communication privée). Ainsi,
Muxlow et al. (1988) et Roland et al. (1988) ont estimé que les chocs terminaux de

la radio galaxie Cygnus A pouvaient étre alimentés par un jet dense sub-relativiste
(v; < 0.3¢).

1.2 Objets Stellaires Jeunes

L’observation des phénomenes qui entourent les étoiles jeunes en formation de
faible masse (communément appelées étoiles T-Tauri du nom d’une étoile prototype
du nuage du Taureau) permet de remonter aux origines de notre propre systéme
solaire et ainsi de comprendre sa génése. Pour plus de détails je renvoie le lecteur &
des revues plus completes: Bertout (1989) sur les étoiles T-Tauri en général, Bachiller
& Gomez-Gonzalez (1992) et Cabrit (1993) sur les flots bipolaires, Montmerle et
al. (1993) sur les indications et le réle du champ magnétique, Bouvier (1991) sur

I’évolution du moment cinétique de ces jeunes étoiles.

1.2.1 La génese des disques circumstellaires

La formation d’une étoile de faible masse (M, < 2Mg, R, ~ 2— 3R, T. ~ 4000
K) et éventuellement d’un systéme proto-planétaire est actuellement supposée suivre
trois phases (Adams et al. 1987, Strom 1994):

1. Phase d’effondrement (0 & 1 millions d’années). Une enveloppe de poussiéres
et de gaz en rotation s’effondre, & partir d’une condensation centrale initiale
qui va donner naissance a la proto-étoile. Le nuage s’aplatit sous effet de la
force centrifuge et d’un champ magnétique & grande échelle (dont la direction
est parallele & ’axe de rotation du nuage), menant & la formation d’un disque
de matiere autour de la proto-étoile. Le coeur stellaire évolue sur des trajets
(Masse, Rayon) déterminés par le taux d’accrétion & travers le disque (Stahler

1988).

La classification de Lada (1987), basée sur I'indice spectral dans I’infrarouge
(2 2 100 gm) défini par

_dIn(AF))

~ din(})
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FIG. 1.9 - Séquence évolutive de formation d’une étoile de faible masse (André

1993).

permet de décrire les différents stades de 1’évolution d’une étoile jeune (figure
1.9). Ainsi, ces sources trés enfouies dans le nuage moléculaire parent et encore
non visibles en optique passent par deux phases consécutives appelées classe 0
et classe I (André et al. 1993). Les objets de classe 0 sont ceux pour lesquels
la condensation centrale est si dense qu’elle n’émet pas dans l'infrarouge mais

plutét dans le domaine millimétrique. C’est au cours de cette phase que se
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produisent les flots moléculaires observés en CO les plus intenses et les plus
collimatées (Bontemps et al. 1994). Au bout de quelques 10* années la densité
de l’enveloppe a chuté et celle-ci émet alors un rayonnement dans I'infrarouge,
d’indice spectral positif 0 < a g 3. Ces sources de classe I sont également
associées a des flots moléculaires (Snell et al. 1980, Lada 1985), ainsi que
parfois a des jets optiques avec leur cortége d’objets de Herbig-Haro (Dopita
et al. 1982, Reipurth 1989). Cette éjection massive est importante car elle

permet d’évacuer le moment cinétique des régions centrales.

2. Phase d’accrétion (de 1 & ~ 3-10 millions d’années). L’effondrement a cessé
et I’enveloppe a quasiment disparu, balayée par le vent stellaire. L’étoile de-
vient alors optiquement visible (T-Tauri classique ou CTTS, “classical T-Tauri
star”), mais est encore entourée d’un disque d’accrétion. Ces sources de classe
II, qui ont un indice spectral infrarouge négatif —2 < o < 0, ne possédent en
général pas de jets résolus a grande échelle, mais des indications spectrosco-
piques (voir plus bas) montrent qu’elles sont encore associées & des phénomeénes
d’éjection collimatée. La vitesse angulaire de la jeune étoile est auto-régulée

par son interaction avec le disque, via une magnétosphere (Bouvier 1994).

3. Phase post-accrétion (jusqu’a environ 10 & 20 millions d’années). Le disque a
disparu (ou au moins est devenu optiquement mince), il n’y a plus d’accrétion
ni de jet énergétique (étoile nue ou WTTS, “weak-lined TTS”). Ces sources
de classe III ont un indice spectral —3 < a g —2. Leur spectre est essentielle-
ment celui d’une étoile de faible masse (type spectral K & F), avec de faibles
exces UV ou optique attribués & une forte activité magnétique. L’imagerie
Doppler de la surface de ces étoiles dévoile des taches froides, probablement
dues a I’émergence de forts tubes de flux magnétique hors de la photosphére
turbulente (Joncour et al. 1994). L’étoile évolue maintenant librement, sa vi-
tesse angulaire dépendant de sa contraction et de son ralentissement par un
vent du type solaire. Des condensations peuvent se produire dans le disque

circumstellaire dilué, formant des planétésimaux.

Evidemment, cette classification est trop restrictive et il existe de nombreux cas
intermédiaires (comme les CTTS extrémes, HL Tau et DG Tau par exemple, qui
ont un spectre optique de classe II et arborent flot moléculaire et jet optique).

C’est & 'intérieur de ce paradigme que semblent se situer les recherches actuelles
sur la formation et I’évolution des étoiles jeunes et des flots associés. Nous pouvons

remarquer que le champ magnétique y joue un réle important a toutes les phases:
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Crucial dans I’équilibre des nuages moléculaires (Myers & Goodman 1988), il
intervient dans la phase d’effondrement du nuage primordial en induisant une direc-
tion privilégiée (Mouschovias 1976, Lizano & Shu 1989), tout en s’opposant a cet
effondrement ce qui nécessite un mécanisme efficace de perte de flux (Norman &
Heyvaerts 1985). De plus, des mesures de polarisation (due aux grains alignés par
le champ magnétique ambiant) semblent montrer que 1’axe des jets est parallele au
champ magnétique (Strom et al. 1986, Novak et al. 1990).

Nous verrons au chapitre suivant que les modeéles de jets les plus prometteurs
font également appel au champ magnétique, pour la collimation mais aussi pour
laccélération de la matiere & partir du disque ou de 1’étoile.

Enfin, une interaction magnétosphérique entre I’étoile et son disque semble étre
I’explication la plus simple pour rendre compte de la distribution de vitesse angu-
laire observée dans ces étoiles. En effet, les étoiles T-Tauri tournent a des vitesses
angulaires de I'ordre de 10 % de leur vitesse de rupture (GM./ R.)Y? (Vogel &
Kuhi 1981, Bouvier et al. 1986), les CTTS ayant en moyenne une vitesse angulaire
plus petite que celle des WTTS (Bouvier et al. 1993). Cette différence est obtenue
naturellement si les CTTS sont effectivement freinées par leur disque (possible uni-
quement par une interaction maggnétique), les WTTS étant accélérées lors de leur

contraction le long d’un trajet convectif (Bouvier 1994).

1.2.2 Les observations de jets stellaires
Flots bipolaires moléculaires

Les flots moléculaires sont observés principalement dans les raies rotationnelles
de CO, mais également avec des molécules moins abondantes (CS, HCN, SiO), per-
mettant de “voir” ce qui se passe dans des régions du jet plus denses et a plus hautes
vitesses (Lada 1985).

Les flots sont toujours bipolaires, avec un lobe en émission décalée vers le rouge
et autre vers le bleu, situés de part et d’autre de 1’objet central (voir figure 1.10).

Le facteur de collimation (rapport entre la longueur du flot Rco et sa largeur)
varie entre 2 et 5, les flots s’étendant de moins de 0.1 pc jusqu’a 5 pc (Bachiller
& Gomez-Gonzalez 1992). Pour les compcsantes a hautes vitesses, observées avec
des traceurs de chocs comme SiO, le facteur de collimation peut étre beaucoup plus
grand, jusqu’a ~ 40 dans le cas du flot moléculaire de L1448 (Guilloteau et al. 1994).

Les vitesses Vgo terminales mesurées (dépendant fortement de I’angle de visée)

1

varient entre 2-10 km.s™! et jusqu’a 100 km.s™! pour les composantes centrales a
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Fic. 1.10 - Carte CO J = 2 — 1 du flot moléculaire de L 1448 (Bachiller et al.
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pointillés le lobe rouge (de 10 & 65 km s™1).

haute vitesse, donnant ainsi un temps dynamique 7p = Rco/Voo de 'ordre de
quelques 10® & 10° années.

La masse moléculaire totale Mgo constituant le flot est obtenue en supposant que
I’émission est optiquement mince, en équilibre thermodynamique & la température
du nuage, et varie entre 10~2 et 102 Mg, correspondant & un flux de masse

. = Moo
J ™

~107° 4 1077 Mg.yr™?
La puissance mécanique de ces flots
1. < )
Loo = EMJ VCZ'O ~ 107331072 Lot
ainsi que le flux d’impulsion
Pco = MjVCO ~ 10 «::L 102 Lboz/c

sont correlés a la luminosité bolométrique Ly, de la source enfouie (Lada 1985,
Cabrit & Bertout 1992). Cette corrélation se produit sur 5 ordres de grandeur,
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allant des étoiles jeunes enfouies de faible masse (T-Tauri) a faible luminosité (Lo <

10? Lg) jusqu’aux étoiles massives de type OB a forte luminosité (Ly, ~ 10° Lg).

La détection de mouvements de matiere plus rapides et plus collimatés sur ’axe
du jet suggere que ces flots seraient en fait constitués de matériau moléculaire en-
trainé par un jet optique ionisé plus rapide (voir par exemple Bachiller & Gomez-

Gonzalez 1992, Raga & Cabrit 1993).

Jets optiques

Les jets optiques (figure 1.11), détectés dans les raies interdites (voir plus bas)
et plus récemment en Hy & 2.12 pm (Zinnecker et al. 1994), s’étendent généralement
jusqu’a ~ 10% 2 10* UA de la source (Mundt et al. 1987, 1990), bien qu’une observa-
tion récente de Bally & Devine (1994) montrent qu’ils peuvent étre bien plus grands
(comme le “super jet” symétrique associé & HH34*, s’étendant de part et d’autre a
1.5 pc).

Ils ont des vitesses de I’ordre de 200 & 600 km.s™! et sont fortement collimatés
(facteur de collimation de 5 & 30 ou plus, Mundt et al. 1987). Tout le long du jet sont
observés des objets brillants de Herbig-Haro (voir Reiputh 1989), correspondant a
des chocs internes au jet ou & des chocs entre le jet et le milieu dans lequel il se

propage (multiples “bowshock” dus & des éjections sporadiques, Raga et al. 1990).

Les estimations de la masse emmenée par ces jets sont completement dépendantes
de la fraction d’ionisation®, grande inconnue fournie par les modeles de chocs radia-
tifs. Une autre source d’incertitude réside dans la correction utilisée pour corriger
d’une éventuelle compression due au choc (Mundt et al. 1987). En tenant compte de
ces différents facteurs, Hartigan et al. (1994) estiment pour les sources HHH34, HH47
et HH11 des taux de perte de masse variant de 1 & 6 10~7 Mg.yr™?, correspondant
4 une puissance mécanique de 'ordre de 1 Lg. Il faut noter qu’il est probable que
le jet soit globalement neutre, le jet optique ainsi que les objets de Herbig-Haro ne
tracant alors pas ’ensemble du jet mais seulement les régions ou des chocs le rendent

suffisamment ionisé pour étre perceptible.

ij = umy < N > V; A, ol V; est la vitesse du jet, A sa section (connue pour les jets résolus) et
< N > la densité moyenne du jet. Cette densité peut étre calculée & partir de la densité d’électrons
N, obtenue 3 partir du rapport de certaines raies et connaissant la fraction d’ionisation. Plus elle
est faible, plus N, sera petit devant < N > et donc plus Mj sera élevé.
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(s 1]

source

F1G. 1.11 - Image [S I} du jet issu de HH 34 (Biihrke et al. 1988). Sur cette image,
le jet sud se termine par un choc en arc formant I'objet de Herbig HH 34S (le jet
nord par 'objet HH 34N), avec une succession de points brillants espacés quasi-
périodiquement & proximité de la source. La présence d’un autre choc en arc entre

la source et HH 34S suggere la possibilité d’une éjection sporadique.

Signatures spectroscopiques d’éjection

Des signatures de vents sont visibles dans les raies permises de Balmer, Ca I, Mg
I, Na D, formées a proximité immédiate de ’étoile (Bertout 1989, Edwards et al.
1993). Ces raies optiquement épaisses présentent des profils P Cygni caractéristiques
de mouvements complexes de matiére ionisée. En particulier, la raie intense Ho
possede une absorption décalée vers le bleu, dont la vitesse par rapport a 1’étoile
varie entre -80 et -400 km.s™! (figure 1.12). Cette absorption a été interprétée tres
t6t comme la présence d’un gaz froid en expansion rapide situé entre I’étoile et
I'observateur (Herbig 1962). '



1.2, Objets Stellaires Jeunes 31

L’analyse de ces raies semble montrer qu’elles ne se forment pas dans un vent
stellaire a symétrie sphérique, mais plutét dans un vent conique optiquement épais
(voir Edwards et al. 1993). Les taux de perte de masse estimés a partir de ces raies
(par le méthode décrite précédemment) varient entre 1078 et 10~ Mg.yr™!, corres-
pondant 3 une vitesse de jet moyenne de 200 km.s™! et & une puissance mécanique

de ’ordre de 1% & 10 % de la luminosité bolométrique d’une étoile CTTS (~ 1 Lg).
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FIG. 1.12 - Profils de raies Ha et {O I]A6300 et distributions spectrales d’énergie pour
la CTTS DO Tau et la WTTS V826 Tau. Les triangles reliés entre eux représentent
la contribution attendue de I’étoile seule (Edwards et al. 1993).

Les raies interdites optiquement minces, [O I} 6300, [S II] A6716,6731, [N II]
A6584, beaucoup plus faibles que la raie He, se forment dans les régions diluées
plus lointaines (>> 1 UA) et montrent également des signes d’éjection de matiere
(Appenzeller et al. 1984, Edwards et al. 1987). Une composante a haute vitesse

(% 200 km.s™!) proviendrait d’un jet non résolu, tandis qu’une autre composante a
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faible vitesse (g 10 km.s™') proviendrait peut-étre d’un vent issu du disque (Kwan
& Tademaru 1988).

Alors que les mesures de vitesses des jets sont directes (mis & part I’effet de
projection), celles de leur densité sont complétement dépendantes du scenario de
formation de ces raies, ainsi que de la fraction d’ionisation (pour relier la luminosité
de la raie a la densité d’électrons, puis & la densité moyenne). Cependant, les flux
de masse déduits de modeles de chocs radiatifs redonnent sensiblement les mémes
taux de perte de masse que ceux déduits a partir de la raie Ha (Edwards et al. 1987,
Hartigan et al. 1994).

1.2.3 Indications de disques d’accrétion

L’hypothese de la présence d’un disque d’accrétion autour des étoiles T-Tauri
a été émise par Lynden-Bell & Pringle (1974). Ce disque aurait été formé lors de
I'effondrement du nuage primordial, ce qui est confirmé par les simulations numé-
riques de nuages en rotation (Terebey et al. 1984, Boss 1987, 1994, Tscharnuter &
Boss 1993 pour une revue). Il n’y a cependant que des indications indirectes de la
présence d’un disque de matiere autour de la proto-étoile.

(1) L’aile rouge des raies interdites est systématiquement plus faible que 1’aile
bleue, ce qui indique qu’un matériau opaque & cette longueur d’onde (0.6 pm) lui
fait écran (Appenzeller et al. 1984, Edwards et al. 1987). Ceci est I'indication la
plus forte de la présence d’une distribution de masse autour de 1’étoile, qui doit étre
aplatie pour permettre néanmoins de la voir. La taille minimale du disque obtenue
par cette méthode varie entre 10 et 800 UA selon les sources, avec des masses de
Pordre de 0.01 4 0.1 M.

(2) La distribution spectrale d’énergie des étoiles CTTS reste la signature ma-
jeure d’un disque d’accrétion (figure 1.13). En effet, le modeéle standard des disques
visqueux (Shakura & Sunyaev 1973), prédit un indice spectral o = —4/3 (correspon-
dant a une température effective variant comme r=3/4, ot r est la distance a étoile)
qui reproduit bien le spectre infrarouge de bon nombre de ces étoiles (Bertout et
al. 1988). Une distribution de masse sphérique qui reproduirait le flux millimétrique
des CTTS provoquerait une extinction de 1’étoile centrale supérieure 3 celle qui est
observée (Beckwith et al. 1990).

(3) Les raies photosphériques optiques des étoiles T-Tauri classiques sont en gé-
néral plus faibles que celles d’étoiles de méme température effective (voir Bertout

1989). Ce phénomene de remplissage des raies, appelé “veiling”, est dii & la présence
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F1G. 1.13 - Distributions spectrales d’énergie pour la WTTS TAP 57 et les CTTS
DN Tau, DF Tau et DR Tau, qui possedent des exces infrarouge et ultraviolet

signatures de la présence d’un disque (Bertout 1989).

d’un flux continu supplémentaire en optique et UV. Cette contribution peut étre
suffisament forte pour combler certaines raies et ainsi, modifier le type spectral dé-
duit des observations. Ce “veiling” trouve une explication naturelle dans le cadre du
disque d’accrétion et plus précisément de la couche limite entre le disque et 1’étoile.
Cette couche limité, qui permet 'ajustement de la vitesse de rotation képlérienne du
disque a celle, beaucoup plus petite, de I’étoile, aurait une température de ’ordre de
8000 a 10.000 K (Bertout et al. 1988). Dans des modeles d’interaction magnétique
entre 1’étoile et le disque, le rayonnement optique et UV serait produit lors du choc

de la matiere tombant sur I’étoile le long des surfaces magnétiques (Konigl 1991).

(4) Les étoiles de type FU-Orionis sont supposées étre des étoiles de type T-
Tauri (CTTS) qui ont subi une augmentation de la luminosité bolométrique de plus
de 5 magnitudes en moins de quelques mois (figure 1.14), attribuée & une violente
instabilité dans le disque. Le spectre de ’étoile devient littéralement “noyé” par celui
du disque, qui est alors bien reproduit par celui d’un disque d’accrétion standard (par
ex., Hartmann & Kenyon 1987, Bell & Lin 1994). La largeur des raies en absorption
est compatible avec une rotation képlérienne, avec des raies optiques en moyenne
plus larges que celles dans ’infrarouge proche. Les taux d’accrétion déduits & partir
du modeéle standard sont de 'ordre de 107° 4 1072 Mg.yr™1, avec une perte de masse
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FIG. 1.14 - Courbe de lumiere de ’étoile FU Orionis au cours du temps (Hartmann
et al. 1993). Une augmentation de 5 magnitudes correspond & une amplification par

un facteur 100 de la luminosité.

associée, calculée a partir de modélisations de la raie He, MJ > 0.1Mj, (Croswell et
al. 1987).

(5) Des cartes de polarisation permettent d’obtenir des contraintes sur la géomé-
trie de structures a grande échelle. Ainsi, les observations sont reproduites & partir
de diffusions multiples des photons issus de 1’étoile sur de la matiére circumstellaire,
organisée en une structure aplatie. La taille d’un tel “disque” est de l’ordre de 103
a 10* UA (Bastien & Ménard 1990).

(6) Pour les sources enfouies, les indications de la présence d’un disque d’accrétion
reposent sur i) la forme du spectre dans Pinfrarouge moyen (Adams et al. 1987); ii)
les observations d’un coeur compact par interférométrie millimétrique, indiquant la
présence de matiere dense circumstellaire d’une taille de 'ordre de quelques dizaines
d’unités astronomiques (Keene & Masson 1990).

La détermination du taux d’accrétion ainsi que de tous les parametres physiques
du disque (colonne densité, densité, température, vitesses) dépend complétement
du modele. Pour les sources enfouies, le taux d’accrétion est simplement estimé &
partir du bilan global du disque standard, en supposant que la luminosité infrarouge

provient de la diffusion du rayonnement du disque par 1’enveloppe

GM. M,

Lir~ —5

En utilisant cette méthode, Hartigan et al. (1994) trouvent des taux d’accrétion de
Pordre de 6 107¢ 4 1075 Mg.yr~L.

Pour des sources visibles (CTTS), le taux d’accrétion est obtenu en soustrayant
au spectre total celui issu de Iétoile. L’ajustement des exces infrarouge et ultra-
violet de ce nouveau spectre par celui d’un disque d’accrétion standard et d’une

couche limite permet alors de remonter aux propriétés des disques (Bertout et al.
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1988). Les taux d’accrétion obtenus par cette méthode varient plutot entre 5 1078
et 51077 Mg.yr L.

Cette méthode pose plusieurs difficultés. Tout d’abord, la présence du conti-
nuum optique et UV responsable du “veiling” introduit une incertitude dans le
spectre intrinséque de 1’étoile. Ensuite, toutes les T-Tauri ne peuvent étre modé-
lisées simplement par un modeéle de disque standard. Ainsi, sur un échantillon de
86 étoiles, Beckwith et al. (1990) trouvent un indice spectral infrarouge distribué
dans Dintervalle [-2, 0] (-2 correspondant & l'indice d’un disque standard). Il faut
alors invoquer soit (i) la réillumination d'un disque passif s’évasant de fagon ad-hoc
par le rayonnement de 1’étoile (Kenyon & Hartmann 1987), soit (ii) un processus de
chauffage non-visqueux également ad-hoc produisant une loi de température T' o< 777
avec ¢ = 1/2 au lieu de 3/4 (Adams et al. 1988), soit (iii) une troisieme composante
de poussiere & haute altitude, comme un jet issu du disque ou une enveloppe rési-
duelle en effondrement, qui réillumine par diffusion les régions externes du disque et

augmente ainsi le rayonnement infrarouge lointain (Natta 1993).

1.2.4 Interrelations entre accrétion et éjection

Nous avons vu quels sont les indicateurs d’accrétion ainsi que les divers traceurs
d’éjection. Dans le schema évolutif présenté au début de cette section, il est clair
que 1’éjection est plus puissante pour des sources de classe I que pour les sources
plus évoluées de classe II. Cependant ceci pourrait étre lié a 1’étoile elle-méme et il
est important de discerner s’il existe des interrelations entre les traceurs de jets et

ceux d’accrétion.

1. Cabrit et al. (1990) ont effectivement trouvé dans les CTTS une telle corréla-
tion entre les signatures de jets (luminosité de la raie Ha pour le jet a petite
échelle et luminosité dans la raie interdite [O I], pour le jet a plus grande
échelle) et celle du disque (exces infrarouge apres soustraction de la contri-
bution stellaire). Les deux luminosité des raies sont bien corrélées entre elles,
mais pas avec celle de ’étoile (figure 1.15). Ils concluent donc que 1’éjection

est alimentée par I’énergie mécanique issue d’un disque d’accrétion et estiment

MJ- ~ 0.1 Ma.

2. En utilisant les mémes méthodes de détermination du taux d’accrétion et de
perte de masse dans les jets que dans les CTTS, les valeurs estimées pour les

étoiles de type FU-Orionis sont de deux ordres de grandeur supérieures, dans
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d’erreur moyenne sur les luminosités (Cabrit et al. 1990).

le rapport MJ ~ 0.1 Ma.

3. Bien que comportant certaines incertitudes (voir Masson & Chernin 1994), il
existe une corrélation entre les parameétres des flots moléculaires et la lumino-
sité bolométrique des sources enfouies (Lada 1985, Cabrit & Bertout 1992).
Cette luminosité étant supposée provenir de P’accrétion, cette corrélation in-

dique une relation étroite entre accrétion et éjection dans les sources de classes
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FIG. 1.16 - Corrélation entre le flux d’impulsion du flot moléculaire et la masse
circumstellaire de la source enfouie (i.e. le flux millimétrique), pour un échantillon

de 28 classes I et 5 classes 0 de faible luminosité, Ly, < 100Ly (Bontemps et al.
1994).

4. Bien que la grande majorité des sources enfouies posséde un flot moléculaire

certaines n’ont pas de flot bien développé. A partir d’observations & 1.3 mm
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sur un échantillon de 25 sources enfouies de faible luminosité (Ly, < 10%Lg),
Cabrit & André (1991) ont mis en évidence que la puissance d’un flot molécu-
laire est fortement corrélée a la masse circumstellaire. Bontemps et al. (1994)
ont ensuite affiné ce résultat en montrant qu’il y avait en fait une continuité
entre les sources de classe 0 et celles de classe I, les premieres étant celles qui
ont les jets les plus puissants et le flux millimétrique (traceur de la masse) le
plus fort (figure 1.16).

Au fur et a mesure que les observations s’affinent, il apparait donc de plus en
plus clairement que les deux processus d’accrétion et d’éjection sont interdépen-
dants. Nous allons voir dans le chapitre suivant 1’évolution des idées et les différents
modeles élaborés pour expliquer la formation et la collimation des jets, ainsi que les
conséquences de ces idées sur notre “vision” des régions centrales, inaccessibles a

I'observation directe.



Chapitre 2

Des Modeles de Jets aux Modeles
de Disques

La découverte de jets rapides tres collimatés dans des contextes astrophysiques
tres différents est & ’origine de nombreux modeéles qui tentent de répondre aux trois
questions fondamentales que ces jets provoquent:

1) D’ou provient la matiere qui les compose?

2) Quelle est leur source d’énergie?

3) Quel est le processus de collimation?

Dans ce chapitre, je décris les modéles de jets les plus connus a travers les mécanismes
physiques invoqués pour répondre au moins a l’une des questions précédentes. Cette
description mettra alors en relief le consensus actuel qui reconnait la difficulté de
produire ces jets sans 'intervention du magnétisme.

De nombreux processus physiques ont été proposés pour rendre compte de 1’ac-
célération et la collimation des jets astrophysiques.

L’accélération peut étre obtenue grace & i) un gradient de pression, ii) une ex-
pansion dans une tuyére (“nozzle”), iii) un flux d’énergie magnétique.

La collimation des jets peut étre extrinseque (gradient de pression du milieu
extérieur) ou bien intrinséque (confinement magnétique ou absence de décollimation
pour des jets supersoniques, ce qui nécessite alors une collimation initiale dans la
région subsonique).

Alors que les modeles de disques d’accrétion ont relativement peu de contraintes
observationnelles (chapitre 1), tout modele de jet est généralement falsifiable grace
aux observations directes des jets (notamment par leur degré de collimation et les

vitesses observées). Ainsi, ce sont surtout des contraintes de cohérence théorique

39
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interne et la possibilité de former des jets qui permettent de discriminer les différents
modeles de disques. A I’heure actuelle, il n’existe aucun modeéle de jet qui réponde
de fagon satisfaisante aux trois questions précédentes, en intéraction cohérente avec
Penvironnement proche du jet (disque et/ou objet central).

Dans le contexte des noyaux actifs de galaxies (NAGs), les modeles de jets sui-

vants ont été successivement développés (par ordre chronologique):

— Modeles électromagnétiques impliquant des processus de hautes énergies et la

présence d’un champ magnétique fort;

- Jets issus de disques d’accrétion géométriquement épais, avec un entonnoir

permettant une collimation initiale des jets;

— Jets issus de disques d’accrétion géométriquement minces, képlériens et ma-

gnétisés.

Pour les objets stellaires jeunes, il demeure une ambiguité concernant ’origine de
la matiére constituant les jets bipolaires. Alors qu’autour d’un trou noir la matiere
du jet ne peut provenir que du disque, il n’y a pas encore de consensus pour les jets

d’étoiles en formation et il existe trois classes de modeles:
- Jets d’origine stellaire du type vent solaire,
— Jets issus d’une couche limite entre le disque et 1’étoile,
— Jets issus de disques minces képlériens, magnétisés.

Dans ce qui suit, je décris brievement les divers modeéles en essayant de mettre en
évidence les diverses difficultés qu’ils ont rencontré (pour plus de détails voir les
revues de Begelman et al. 1984, Pudritz 1990, Wiita 1991, Kénigl & Ruden 1993).

2.1 Noyaux actifs de galaxies

Blandford & Rees (1974) furent les premiers & proposer un modele pour les jets
extragalactiques (figure 2.1). Dans ce modéle, un point central chaud éjecte de facon
isotrope de la matiere qui interagit ensuite avec un nuage plus dense en rotation,
gravitationnellement lié & 1’objet central. Des instabilités de Rayleigh-Taylor se dé-
veloppent a interface et la matiere diluée du jet “percole” & travers le nuage, dans

la direction de moindre résistance définie par son axe de rotation. L’écoulement est



2.1. Noyaux actifs de galaxies 41

- - ~ N N \ \ \
P o~ S \ \ \ A\ \
e ~. N A \ \ \ \
- Reotaticn Axis \ \ \
-7 C e * ' \ \ \ \ '
’ P ~ ~ \ \ \ \
s’ s ~ N \ \ \ \ \ \
’ -
/7 , P ~ . AN \ N \ \ \ \ \ \ '
\ \ i
\ \ | |
) \ \ \ | \ 4
Re T ! ) | ’
* H Supersonic '
A @ 4 Flow

Subsonic Flow

-~a ’ /
\\\ ” / 4 ! G / / U
P / / ! ! ! /
~ N~-_" 4 / / // / / /
S e ,/ ’ / / ! /
~ - 4 / / / ! !

F1G. 2.1 - D’apres Blandford & Rees (1974), un plasma chaud est émis de fagon iso-
trope d’une région active (A) dans une cavité centrale (C). L’écoulement est confiné
par la pression d’un nuage en rotation gravitationnellement lié (G), dont les isobares
sont dessinés en pointillés. Il est continiment accéléré et devient transsonique en N,
restant collimaté au-dela.

alors similaire & celui d’une tuyére (“De Laval nozzle”), la pression extérieure (in-
troduite de manieére ad-hoc) jouant le réle de la section de la tuyere. Le fluide ne
devient supersonique que pour des formes particulieres de cette pression, qui doit
étre ajustée a ’énergie du flot. Norman et al. (1981) ont montré par des simula-
tions hydrodynamiques qu’un tel processus est effectivement possible, mais qu’il ne
peut rendre compte des jets les plus puissants et demande un ajustement tres précis
des conditions extérieures (sinon de virulentes instabilités de Kelvin-Helmholtz se
déclarent).

Les modeéles suivants se sont ainsi orientés vers la formation de jets collimatés et
supersoniques dés leur origine (ceci a été ensuite confirmé par les observations VLBI

ultérieures).

2.1.1 Processus électromagnétiques

Les premiéres idées de formation de tels jets (Lovelace 1976, Blandford 1976)
sont issues des travaux de vents & partir de magnétospheres de pulsars (Goldreich &
Julian 1969). Un disque d’accrétion conducteur traversé par un champ magnétique se
comporte comme un pulsar axisymétrique (“unipolar inductor”): les lignes de champ
magnétique étant en isorotation avec la matiére, un champ électromoteur poloidal

E, = —Qre; x B, est créé dans le disque et provoque une gigantesque différence
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de potentiel entre les bords interne et externe du disque, de ’ordre de 102° V. Ceci
induit alors un courant dans le disque qui doit étre fermé par une magnétosphere
conductrice. Celle-ci étant supposée peu dense il n’y a pas d’électro-neutralité locale.
Ainsi, si le champ magnétique est aligné avec le vecteur rotation (£2.B > 0), un flot
de protons emportent le courant hors du disque tandis que des électrons, éjectés
dans les régions internes, alimentent le disque en courant. La situation inverse se
produit lorsque le champ magnétique est anti-parallele (2.B < 0).

L’inertie négligeable du plasma permet alors de décrire la magnétosphére par

une structure “force-free”, ou la force électromagnétique sur les particules est nulle,
F.. =p'E+J xB=0

la divergence du champ électrique étant contrélée par la densité de charges p*. Une
telle magnétosphere produit alors un champ électrique By = —ByJ,/p* paralléle au
champ magnétique, capable d’accélérer les particules jusqu’a des vitesses relativistes
et de former ainsi des faisceaux d’électrons ou de positrons. Cette composante résulte
de la torsion des lignes de champ (By) engendrée a proximité du “cylindre” de
lumiere. Pour chaque ligne de champ magnétique, tournant & une vitesse angulaire
rigide 2, il existe un rayon r, = ¢/Q au-dela duquel la vitesse de rotation devient
superluminique. Il se dessine alors sur la structure magnétique une surface, qui est
un vrai cylindre lorsque toutes les lignes ont méme vitesse angulaire. A proximité
de cette surface, la matiére ne peut plus étre en isorotation avec le champ (il faut
alors prendre en compte son inertie) et provoque une torsion de la ligne.

Cependant, ce mécanisme d’accélération électrostatique du plasma est fortement
improbable. En effet, les photons issus du disque devraient donner lieu & une den-
sité de paires d’électrons-positrons, de plusieurs ordres de grandeur supérieure i
celle qu’il faut pour maintenir ’approximation “force-free” (Phinney 1983). Il faut
alors tenir compte de ’inertie du plasma électriquement neutre et donc utiliser le
formalisme de la MHD relativiste.

Benford (1978) a le premier envisagé le circuit électrique global requis pour un
jet magnétisé, oil un courant de retour relie la magnétosphere de ’objet central aux
chocs terminaux des radio sources doubles. Dans ce contexte, il a étudié la stabilité
d’un faisceau de particules traversé par un courant. Ce faisceau serait éjecté d’une
magnétosphere et engendrerait son propre courant (et donc un champ magnétique).
La présence de ces courants modifie notablement la dynamique du faisceau de par-
ticules des lors que la densité d’énergie du champ engendré devient comparable a

celle de la matiere. En particulier, il a mis en évidence que ces courants induisent
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F1G. 2.2 - Magnétosphere d’un trou noir de Kerr entouré d’un disque d’accrétion,
pour des lignes de champ paraboliques (Blandford & Znajek 1977). Le champ to-
roidal est produit par un courant qui circule sur ’axe vers le trou noir et rejoint
le disque par une zone de transition (T), dont la structure reste a spécifier. Les
lignes de champ magnétique qui traversent le disque introduisent une modification
du “cylindre” de lumiere (L), défini par les lignes ancrées dans le trou noir (Bland-
ford 1976). L’énergie de rotation du trou noir est extraite par les lignes de champ
magnétique qui le traversent et est transférée en énergie cinétique des particules,

dans une zone d’accélération mal définie.

une force de confinement transverse au jet, équilibrée par la pression interne du
jet. De plus, il a montré que ces courants pouvaient stabiliser les jets vis-a-vis des
instabilités de Kelvin-Helmhlotz, déclenchées a 'interface entre le jet et le milieu
extérieur.

Blandford & Znajek (1977) ont élaboré un modéle se basant sur un mécanisme
d’extraction électromagnétique de 1’énergie d’un trou noir de Kerr en rotation rapide
(figure 2.2). Dans ce modele, des lignes de champ magnétique traversent le trou
noir, lui extraient son énergie et la transferent au plasma dilué de la magnétosphere
d’un disque d’accrétion (la présence du disque permet également de maintenir le
champ magnétique dans le trou noir). Ce mécanisme est analogue a celui de Penrose

(1969), si 'on considere que des particules en-dega de ’horizon interagissent avec

1Gj une masse située dans ’ergosphére d’un trou noir, ¢’est a dire entre son horizon et le rayon de
derniére orbite circulaire stable, se divise en deux parties et si ’une des deux tombe dans ’horizon,
celle qui reste récupére une énergie supplémentaire provenant de 1’énergie de rotation du trou noir.
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des particules situées loin du trou noir par 'intermédiaire du champ magnétique.

Damour (1978) a montré I’analogie du trou noir avec une sphére conductrice en
rotation dans un champ magnétique. Un circuit électrique peut alors s’établir avec le
disque d’accrétion et un flux de Poynting permet de transporter de ’énergie. Phinney
(1983) a ainsi démontré que Defficacité maximale du processus d’extraction d’énergie
du trou noir (Blandford & Znajek 1977) était atteinte lorsque I'impédance Z,, de la
charge terminale du circuit était adaptée & celle du trou noir Zry = (p,/€,)"/% ~ 377
Ohms (voir aussi Thorne et al. 1986). Un tel processus pourrait effectivement donner
lieu a des jets relativistes collimatés.

Récemment, Punsly & Coroniti (1990) ont mis en évidence une difficulté concer-
nant ce processus. Comme ’horizon du trou noir se trouve nécessairement en-deca.
du point critique magnétosonique lent pour la matiére tombant dans le trou, celui-ci
n’est plus relié causalement & I’écoulement et ne plus étre également la source du
courant requis pour le circuit (“unipolar inductor”). Les deux régions de I’écoule-
ment (disque d’accrétion et jet a I'infini) ne pouvant pas communiquer, une solution
stationnaire franchissant les divers points critiques ne peut pas s’établir. Cependant,
il est possible que I'information sur le moment cinétique du trou noir se propage 3
travers la métrique plutét qu’a travers le champ, et cela bien au-deld de I’horizon
puisque le trou noir met également en rotation ’espace proche (Blandford 1992).
Ainsi, la difficulté d’un traitement MHD en relativité générale ainsi que les incerti-
tudes concernant les divers mécanismes invoqués ne permettent pas encore le complet

développement d’un tel modéle.

2.1.2 Disques épais super-critiques

Lorsqu’un disque d’accrétion est alimenté par un flux de masse super-critique,
Cest & dire Ma b Mgaq avec Mpgq = Lgda/c* (ot Lgaa = 4rm,GM/orc est la
luminosité d’Eddington, de l'ordre de 10*® erg.s™ pour un trou noir de 108 My),
la pression de radiation devient trop importante et il ne peut plus rester mince
(Shakura & Sunyaev 1973). Ces auteurs avaient déja proposé que dans de telles
conditions il en résulterait de I’éjection de matiere. Lynden-Bell (1978) a suggéré
que cette éjection était favorablement produite dans les entonnoirs (“funnels”) créés
autour de ’axe de rotation du disque épais, “gonflé” par la pression de radiation. La
résolution de la structure de tels disques n’est pas facile car ils sont bi-dimensionnels
non-képlériens. En général, il faut se donner une distribution plausible du moment

cinétique spécifique du disque et supposer que le chauffage visqueux interne est
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globalement équilibré par le rayonnement a la surface du disque (Abramowicz et al.
1980, Jaroszynsky et al. 1980, Paczynsky & Wiita 1980). La forme du disque est alors
une équipotentielle due aux forces de gravité et centrifuge dont I’angle d’ouverture

de I’entonnoir dépend de la prescription sur le moment cinétique.

Tous les modeles de jets propulsés par la pression de radiation fortement aniso-
trope dans ces entonnoirs, en ne considérant que des particules test (Abramowicz &
Piran 1980, Sikora & Wilson 1981, Narayan et al. 1983) ou en faisant un traitement
hydrodynamique (Fukue 1982, 1983, Calvani & Nobili 1983, Nobili et al. 1985), ont
échoué a produire des jets rapides. Ils obtiennent un facteur de Lorentz v ~ 2,
tandis que les observations VLBI de mouvements superluminiques recquierent des
facteurs de ’ordre de 10 (voir chapitre précédent). De plus, la collimation obtenue
n’est pas suffisante donnant des angles d’ouverture de I’ordre de 10° a 20°, tandis
que les observations indiquent des angles de collimation inférieurs a 10°. Ce résul-
tat a été confirmé plus récemment par les simulations numériques axisymeétriques
effectuées par Eggum et al. (1988). Commencant leurs simulations a partir d’un
disque mince, visqueux, super-critique, ces auteurs obtiennent un disque épais com-
posé de quatre zones distinctes: (A) un cceur convectif, (B) une zone d’accrétion
vers le trou noir, (C) une photosphere (délimitant ainsi les bords de 'entonnoir avec
un angle d’ouverture 25° & 35°) fournissant matiére et énergie a (D) un jet subre-
lativiste, optiquement mince (figure 2.3). Cependant, ces simulations, qui couplent
hydrodynamique et transfert de rayonnement, ne prennent pas en compte 1’advec-
tion d’énergie interne, négligeant donc un terme de transport important lorsque le
disque est épais.

Ferrari et al. (1984, 1985a,b), en suivant la démarche de Blandford & Rees (1974)
et en utilisant des résultats issus de la théorie des vents stellaires, ont montré que le
fluide subissait une accélération dans I’entonnoir analogue a celle d’une expansion
dans une tuyere. Non seulement la forme mais également la hauteur de I’entonnoir
influencent trés fortement ’écoulement et introduisent des points critiques soniques
multiples. De plus, pour des parameétres typiques il existe une multiplicité de solu-
tions de jets associées a une méme condition aux limites a la base du jet, avec la
possibilité de formation de chocs. Il est alors peu probable que de tels jets, qui ne
peuvent étre décrits par une approche stationnaire car subissant de fortes variations
temporelles, puissent décrire les jets observés A grande échelle.

Papaloizou & Pringle (1984, 1985) ont étudié analytiquement la stabilité des
disques épais & des perturbations non-azisymétriques et ont ainsi découvert une

instabilité avec un temps de croissance dynamique. Cette instabilité, qui correspond
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F1G. 2.3 - Contours de densité et vecteurs vitesse d’un disque axisymétrique, géo-
métriquement épais super-Eddington avec M = 4Mgaq. Les quatres zones décrites
dans le texte sont représentées, et z étant en unités de GM /c* (Eggum et al. 1988).

a des ondes qui se réfléchissent aux bords interne et externe du disque épais, est
tres virulente et pourrait amener sa destruction. La situation n’est cependant pas
tres claire car ces calculs nécessitent de fortes approximations et il est possible que
la prise en compte du mouvement d’accrétion sur le trou noir, qui doit devenir
supersonique, empéche la réflexion de ’onde au bord interne du disque et limite
ainsi sa croissance (Blaes 1987).

Par ailleurs, Turolla & Zaninetti (1986) ont considéré analytiquement I’interac-
tion d’un jet optiquement épais (pour lequel ’accélération par la pression de radia-
tion est la plus efficace) avec les surfaces de I’entonnoir. IIs ont ainsi mis en évidence
que des instabilités de Kelvin-Helmholtz peuvent détruire le jet et convertir sa puis-
sance cinétique en luminosité.

Zurek & Benz (1986) ont effectué des simulations numériques 3-D de disques
épais, non-visqueux, isentropiques. Ils ont montré qu’un tel disque, avec un moment
cinétique initialement constant, évolue sous U’effet de ces instabilités (qui agissent
donc comme une viscosité effective) vers une situation ol le moment cinétique est
redistribué dans le disque. L’angle d’ouverture de 1’entonnoir s’élargit de telle sorte
qu’il devient difficile d’obtenir les angles requis pour ’accélération par pression de
radiation. Récemment, Hawley (1990) a confirmé par des simulations numériques 3-
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D les résultats de ’analyse 2-D, montrant la destruction du disque. Les instabilités
du disque saturent par couplage non-linéaire des modes en formant des “planétes”,
sortes de bulles de fluide ellipsoidales en rotation autour du trou noir.

Cependant, au-dela des difficultés théoriques et des instabilités (souvent calculées
dans des conditions idéalisées) dont souffrent les disques épais, il apparait surtout
que ce type de modeles ne peut produire ni des jets rapides (pour les composantes

VLBI), ni une collimation suffisante (pour le jet & grande échelle).

2.1.3 Disques épais sous-critiques

S’inspirant a la fois d’'un modele de disque d’accrétion & deux temp‘éra,tures
(Shapiro et al. 1976) et du processus d’accélération de matiére par extraction de
I’énergie de rotation d’un trou noir (Blandford & Znajek 1977), Rees et al. (1982)
ont proposé une alternative au modele de disque épais ci-dessus, applicable au cas
de certaines radio galaxies ou ’émission du noyau semble étre négligeable devant la
puissance cinétique des jets (figure 2.4).

Si le disque est alimenté par un taux d’accrétion sous-critique tel que
Ma, < 50 C\{z MEdd

ol @, est le parametre de viscosité du disque standard (voir chapitre 1, partie II), il
devient suffisamment peu dense pour que le couplage par interactions coulombiennes
entre les ions et les électrons devienne inefficace. Le disque n’est alors plus thermalisé
et les électrons se refroidissant treés rapidement, on obtient un disque optiquement
mince et géométriquement épais a deux températures (T; > T, ol ks T; ~ m,c?ry /7
et ks T, ~ m.c?), soutenu contre la gravité par la pression du gaz (ions).

De tels disques forment alors également des entonnoirs autour de leur axe de ro-
tation, analogues a ceux des disques super-critiques. Cependant, étant sous-critiques
la pression de radiation dans ’entonnnoir n’est pas suffisante pour accélérer des jets,
qui nécessitent une autre source d’énergie. Rees et al. (1982) ont ainsi proposé que

des lignes de champ magnétique advectées et confinées par le disque traversent le

- trou noir en rotation rapide et extraient son énergie de rotation en la transférant 3

la matiere de ’entonnoir (voir aussi Phinney 1983). Ce plasma donnerait lieu & un
jet auto-collimaté par la tension magnétique (Blandford 1976, Chan & Henriksen
1980).

Ce modele doit faire face cependant & plusieurs problémes: i) tout d’abord, la

complexité de ’ensemble des phénomenes invoqués rend la modélisation difficile
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Accretion torus

Z)

F1G. 2.4 - A gauche, image globale d’un disque sub-Eddington, géométriquement

épais et optiquement mince, formant des jets relativistes dans I’entonnoir défini par
les bords du disque (Rees et al. 1982). A droite, le trou noir central en rotation
rapide, traversé par des lignes de champ magnétique (pointillés) qui lui extraient
son énergie de rotation par le processus de Blandford & Znajek (1977). Les contours
définissent des isothermes en unités de 10'! K (température des ions). Un courant
poloidal circule le long de I’axe, le courant de retour et un fort courant toroidal

circulant sur les bords du disque (zone grisée).

(disque épais magnétisé, élucidation du processus de Blandford & Znajek (1977) dans
ce contexte); ii) ensuite, ce modele est également soumis aux instabilités des disques
épais, citées plus haut; iii) finalement, la non-thermalisation du disque pourrait étre
mise en défaut par des processus turbulents non pris en compte (Begelman & Chiueh
1988).

Begelman et al. (1987) ont montré que la prise en compte de la création de paires
dans le disque (due aux hautes températures, T;(r,) ~ 10'2 K), qui induisent des
collisions supplémentaires entre les espéces ol les ions perdent leur énergie au profit
des électrons, entraine un refroidissement du disque. Il est alors possible d’obtenir &
nouveaux dans les rayons internes un anneau de matiére opaque et mince. Une telle
situation est probablement instable, ’anneau opaque continuant de s’étendre vers
I'extérieur en “refroidissant” le disque épais grace aux photons qu’il émet.

Au vu de 'ensemble des difficultés rencontrées par ce modele, il semble incertain

voire improbable qu’il puisse décrire les jets observés.

2.1.4 Disques minces magnétisés

Chan & Henriksen (1980) ont été les premiers & considérer I’effet d’un champ
magnétique faible a grande échelle sur la collimation d’un jet de matiére issu d’un

objet central (disque épais). En utilisant une formulation auto-similaire qui leur
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permet de traiter la bi-dimensionalité du probleme, ils ont démontré que le champ
confine effectivement le plasma et peut méme introduire des oscillations du rayon
du jet (voir aussi Achterberg et al. 1983).

Cependant, ce sont Blandford & Payne (1982) qui ont réellement ouvert le champ
d’investigation des jets auto-collimatés par un champ magnétique. Des lignes de
champ magnétique ouvertes (configuration bipolaire) traversent de part en part un
disque d’accrétion képlérien, mince. Ces lignes prélevent énergie et moment cinétique
du disque? et les transferent a la matiere du jet qui est ainsi accélérée. Au-dessus du
disque, la matiere est gelée au champ magnétique et se comporte comme des perles
enfilées le long de fils rigides en rotation (Henriksen & Rayburn 1971). Ce processus
ne se produit que pour des lignes de champ inclinées de plus de 60° vis-a-vis de la
verticale (voir section 3.2, partie IT). Comme la force magnétique est nulle le long des
lignes de champ, cette accélération est supposée provenir d’'un mécanisme centrifuge.

L’étude du comportement asymptotique des équations des jets magnétisés a per-
mis de montrer que dans le cas classique commun aux objets jeunes et aux NAGs
(He vaerts & Norman 1989) comme dans le cas relativiste propre aux NAGs (Chiueh
et a.. 1991), ceux-ci étaient toujours collimatés. Si le jet transporte un courant la col-
limation obtenue est cylindrique, tandis que pour un courant asymptotiquement nul
la collimation des jets est parabolique. Ces propriétés ne sont valables que si les jets
franchissent convenablement les différentes surfaces critiques (Alfvén et magnétoso-
nique rapide). C’est dans le traitement 2-D des surfaces critiques (dont la position
est a priori inconnue) que réside toute la difficulté des modeles de jets magnétisés.
Ainsi, le traitement auto-similaire effectué par Blandford & Payne (1982) permet de
ramener le probleme 2-D a un probleme a 1-D ou les diverses grandeurs physiques
du jet sont supposées varier comme des lois de puissance du rayon sphérique dans
une direction donnée. Ils ont résolu semi-analytiquement la structure du jet pour

une distribution du champ magnétique sur le plan du disque variant comme
B, (r,0) o 75/

c’est & dire pour u, x Qgr « C; «x V4 dans le disque (ou C; et Vy4 sont res-
pectivement la vitesse du son et la vitesse d’Alfvén). Ils obtiennent ainsi des jets
subrelativistes issus de disques d’accrétion képlériens, qui deviennent ensuite auto-

collimatés dans la région super-Alfvénique. Cependant, leur prescription sur le flux

2Qui n’a ainsi plus besoin de viscosité anormale comme dans les modéles précédents, le moment
cinétique étant emmené par les jets.
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magnétique a rejeté la surface magnétosonique rapide a ’infini®. Linconvénient ma-
jeur de ce type de solutions auto-similaires (mis & part le fait qu’elles sélectionnent
des solutions particulieres) est di au fait qu’il faut introduire des coupures ¢ la main
aux petits et aux grands rayons dans le disque, parce que ce type de solutions ne
tient pas compte des conditions aux limites latérales.

La plupart des modeles ultérieurs de jets MHD issus de disques ont donc essayé
de construire des solutions plus générales, I’idéal étant de pouvoir s’affranchir de
I’hypothese d’auto-similarité. Je ne décris dans cette partie que les modeles de jets
relativistes élaborés pour les noyaux actifs de galaxies. Le cas des jets classiques
(newtoniens), étant commun aux noyaux actifs de galaxies et aux objets stellaires

jeunes, fait 'objet d’une autre partie.

Jets MHD relativistes

Le probléme complet consiste donc & résoudre une situation stationnaire 2-D
(axisymétrique), en tenant compte de I'inertie du plasma et en satisfaisant simul-
tanément la conservation de 1’énergie de ’écoulement (équation de Bernoulli, qui
donne la vitesse du plasma pour un champ magnétique fixé) et 1’équilibre trans-
verse des surfaces magnétiques (équation de Grad-Shafranov, qui permet de calculer
les surfaces magnétiques connaissant les mouvements du plasma). Il n’existe ac-
tuellement aucune solution de jets qui remplisse 1’ensemble de ces conditions. En
particulier, la fagon dont se produit la répartition entre le flux d’énergie cinétique
et le flux de Poynting MHD, ainsi que le degré de collimation atteint en fonction de
cette répartition, ne sont pas encore compris.

Camenzind (1986a) a établi les équations de la MHD idéale relativiste dans une
métrique axisymétrique quelconque. Il a montré que dans le cas relativiste comme
dans le cas classique, I’équation de Bernoulli contient deux surfaces critiques ma-
gnétosoniques lente et rapide, tandis que la surface d’Alfvén est une surface critique
pour I’équation de Grad-Shafranov. Il n’existe aucune autre surface critique et le

“cylindre” de lumiere (défini par rz, = ¢/fL., ol . est la vitesse angulaire d’une sur-

3L’auto-similarité introduit une modification du point critique magnétosonique rapide (voir
discussion sur les points critiques section 3.1, partie IT). Ainsi, un modéle peut donner lieu 4 des Jets
qui, en utilisant I’expression habituelle de la vitesse magnétosonique rapide (FM), deviennent super-
FM mais ne franchissent pas le véritable point critique des équations correspondant & un point
FM modifié (il est rejeté & Dinfini). Le franchissement du point critique imposant une contrainte,
il n’est pas certain que ce type de solution donne lieu & des jets qui vont jusqu’a I'infini avec une

vitesse non-nulle.
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A.QOdd z-symmetry B. Even 2-symmetry

F1G. 2.5 - Configurations magnétiques donnant lieu a des jets symétriques de part et
d’autre du plan du disque (dessin issu de Lovelace et al. 1987): cas A, configuration
quadrupolaire (symétrie impaire du champ); cas B, configuration bipolaire (symétrie

paire).

face magnétique donnée) n’est critique que dans le cas “force-free”, ou le plasma est
si dilué que V4 ~ c. L’écoulement le long d’une surface magnétique peut étre alors
décrit par 5 constantes sur ces surfaces: la vitesse angulaire (1., le flux de masse par
unité de flux magnétique, I’énergie totale, le moment cinétique total et ’entropie par
unité de flux magnétique. L’étude de I’écoulement le long d’une surface magnétique
permet ensuite de ramener le probléeme & un cas uni-dimensionnel (en la variable

z = r/ry) connaissant la géométrie de ces surfaces.

Il a ensuite appliqué ce formalisme dans le cas d’une métrique de Minkowski,
en se fixant le champ magnétique (monopodle) et en calculant 1’écoulement le long
des surfaces magnétiques (Camenzind 1986b). Il a montré que le facteur de Lorentz
asymptotique (de 'ordre de 1 a 5) atteint par le jet super-magnétosonique rapide
était déterminé par son énergie totale. L’influence du plasma sur le champ n’a pas
été prise en compte.

L’équation de Grad-Shafranov permet de calculer la forme des surfaces magné-
tiques connaissant le courant toroidal. Ce courant dépend dans le cas général du
courant poloidal dans le disque, de 'inertie de la matiére. Une approximation li-

néaire sur le courant poloidal a permis a Lovelace et al. (1987) de résoudre quasi-
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analytiquement cette équation dans la limite “force-free”. Ils ont ainsi obtenu des
Jets qui ne peuvent se collimater qu’a I'intérieur du cylindre de lumiere (ro, < rz).
Cette solution de jets est raccordée & une solution compatible (ansatz) avec ’équa-
tion d’'induction du champ & I'intérieur du disque, dans le cas d’une configuration
magnétique quadrupolaire (figure 2.5). Cependant, les observations montrent que
les rayons des jets sont supérieurs au rayon du cylindre de lumiére, ce qui signifie
qu’une approximation linéaire est trop grossiére.

Appl & Camenzind (1993a,b) ont montré dans la méme limite “force-free” 1-D,
mais en imposant un profil ad-hoc du courant radial sur le disque, que des jets pou-
vaient effectivement se collimater au-dela du cylindre de lumiére. De plus, ils ont mis
en évidence que le profil du courant détermine de facon cruciale la forme des surfaces
magnétiques ainsi que le rayon du jet. Par ailleurs, de tels jets relativistes doivent
étre initialement collimatés par la pression extérieure jusqu’a ce que le confinement
magnétique prenne le relai.

La résolution numérique 2-D de I’équation de Grad-Shafranov dans un cas “force-
free” a été tout d’abord menée par Camenzind (1987), lorsque les lignes de champ
proviennent de la magnétosphere d’un rotateur rapide ou d’une petite plage en
rayon d’un disque d’accrétion. Dans ce cas, les surfaces magnétiques sont en rotation
rigide et la surface d’Alfvén (qui est le cylindre de lumiére) est parfaitement connue.
La structure magnétique est obtenue en séparant les régions de part et d’autre
de la surface critique et en résolvant par une méthode de relaxation un probleme
aux conditions aux limites. Or, comme le franchissement stationnaire de la surface
d’Alfvén sélectionne les conditions physiques du jet en aval, les conditions aux limites
imposées sont a-priorien contradiction avec la condition de régularité. Les solutions
de surfaces exhibées présentent donc une discontinuité & la surface d’Alfvén.

Fendt et al. (1994) ont résolu ce probléme en modifiant itérativement les condi-
tions aux limites imposées aux bords externes de leur contour d’intégration. Ils
obtiennent ainsi des conditions en aval dans le jet compatibles avec la surface d’Alf-
vén. Il devient beaucoup plus délicat d’utiliser une telle méthode lorsque les surfaces
ne sont pas en rotation rigide, car la surface d’Alfvén n’est plus simplement déter-
minée. La structure magnétique étant alors connue (dans la limite “force-free” ou
la rétro-action de I’écoulement sur le champ est négligée), ils peuvent calculer en-
suite les caractéristiques de ’écoulement. La résolution couplée des structures 2-D
du champ et de ’écoulement est beaucoup plus complexe.

Li (1993) a construit des solutions quasi 2-D non auto-similaires de jets MHD

(avec inertie), confinés par la pression extérieure (le courant total du jet est nul), &
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partir d’une méthode tres différente. A partir d’une surface magnétique proche de
’axe (dont la forme est arbitraire), il construit numériquement de proche en proche
(résolution 1-D dans la direction locale normale & la surface) les surfaces extérieures,
en satisfaisant & la fois la conservation de 1’énergie et du moment cinétique ainsi
que ’équilibre transverse décrit par I’équation de Grad-Shafranov. Cependant, la
prescription initiale sur la forme de la premiére surface détermine le comportement
de tout le jet. De plus, il n’y a aucune raison pour que la pression résultante a la
derniére surface magnétique soit compatible avec celle du milieu extérieur (cette
condition aux limites n’est pas prise en compte dans la construction avec les lois de
conservation du jet).

Li et al. (1992) et Contopoulos (1994) ont généralisé le modele classique de
Blandford & Payne (1982) au cas relativiste. La vitesse caractéristique étant dans
ce cas la vitesse de la lumiére, I’auto-similarité qu’ils ont choisie impose que toutes
les composantes de la vitesse varient de la méme fagon sur les surfaces magnétiques.
En particulier, ils ne peuvent inclure les effets de gravité et de pression et donc
ne peuvent traiter la région d’accélération centrale. De plus, la vitesse angulaire a
la base du jet vérifiant Q oc r~1, leurs solutions sont incompatible avec un disque
d’accrétion képlérien. Aussi, bien que ces modeles permettent de tester sur une plus
grande plage le comportement asymptotique des jets MHD obtenus par Heyvaerts
& Norman (1989) et Chiueh et al. (1991), ils ne peuvent décrire le jet dans son
ensemble, depuis la région d’accélération proche du disque jusqu’a la région au-dela

de la surface magnétosonique rapide.

Modeéle & deux écoulements

Muxlow et al. (1988) et Roland et al. (1988) ont montré, & partir d’une ana-
lyse du spectre synchrotron des points chauds terminaux des jets issus de la radio
galaxie Cygnus A, que les jets pouvaient étre constitués de matiére en mouvement
d’ensemble subrelativiste (v; ~ 0.35¢) transportant la majeure partie de l'éner-
gie mécanique issue de l’objet central. Les mouvements superluminiques observés a
I’échelle VLBI seraient alors non pas la signature d’une éjection massive de plasma
ultra-relativiste qui devrait céder son énergie au milieu interstellaire (mais aucune
signature de cette interaction n’est observée) mais plutot la signature d’une seconde
composante rapide constituant le coceur des jets.

Les jets extragalactiques seraient donc composés de deux écoulements (Pelletier

1985): (1) un jet MHD dense, subrelativiste, issu d’un disque d’accrétion magnétisé
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FiG. 2.6 - Vue schématique d’un noyau actif de galaxie émetteur radio (“radio-
loud”) avec deux écoulements. Un jet MHD subrelativiste dense s’échappe d’un
disque d’accrétion képlérien, traversé par des lignes de champ magnétique ouvertes.
Dans la région interne diluée du jet, un plasma de paires d’électrons-positrons, pro-
duit & partir des gamma issus par effet Compton Inverse des photons UV et X
du disque, est accéléré jusqu'a des vitesses relativistes (par une turbulence d’ondes
d’Alfvén, par exemple) et forme un faisceau collimaté par le jet extérieur (Henri &
Pelletier 1991).

et donnant lieu aux jets a ’échelle du kiloparsec observés au VLA; (2) un faisceau
d’électrons-positrons peu dense, ultra-relativiste, accéléré et confiné par le jet MHD
dense et donnant lieu aux composantes VLBI & 1’échelle du parsec ou inférieure.

Ce modele & deux écoulements (“two-flow model”) a été ensuite développé par
Sol et al. (1989), Henri & Pelletier (1991), Pelletier & Sol (1992). Ce faisceau peut -
étre chauffé par une turbulence d’ondes d’Alfvén (engendrée dans le jet dense MHD)
et accéléré par ’évasement des surfaces magnétiques jusqu’a des facteurs de Lorentz
de Pordre de 10 (figure 2.6). Puis, il est détruit plus loin dans le jet par ’excitation
d’ondes d’Alfvén et de Langmuir (Pelletier et al. 1988), lorsque la composante du
champ magnétique paralléle & ’écoulement devient inférieure 3 la valeur critique
B, = 3.2 1073 n!/2 G, ot n est la densité locale du plasma. De plus, la présence
d’un tel faisceau permet d’expliquer ’émission aux hautes énergies des quasars et
des NAGs et en particulier une cassure dans le spectre, grace a un effet d’opacité
du faisceau différente selon la distance au trou noir (Marcowith et al. 1994).

Le travail présenté dans cette thése, élaboré dans le cadre classique newtonien,
se place naturellement dans le contexte de ce modele pour les NAGs. Ce type de

faisceau ne prélevant qu’une petite fraction de ’énergie disponible dans le jet, les
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analyses du faisceau d’une part et de la structure MHD d’accrétion-éjection d’autre

part peuvent étre menées séparément.

2.2 Objets stellaires jeunes

Le développement des modeles de jets collimatés d’étoiles jeunes a suivi de pres

celui des jets extragalactiques.

Ainsi, Canté (1980) puis Barral & Canté (1981) ont proposé que I'étoile était
la source d’une perte de masse isotrope, confinée par une pression anisotrope du
milieu extérieure. Dans ce modele, I’étoile est supposée entourée par une enveloppe
auto-gravitante épaisse en forme de disque, qui canalise I’écoulement et le redirige
vers ’axe de rotation de 1’étoile (qui est également celui du disque), formant ainsi un
jet. Celui-ci perd alors la majeure partie de son énergie interne dans le choc oblique
avec le milieu extérieur, mais pas son impulsion (“momentum-driven outflow”). Le
calcul hydrodynamique de I’écoulement n’est pas effectué et ’hypothese la plus forte
réside dans I’existence d’une situation de choc stationnaire, ot la pression extérieure

équilibre la pression dynamique de ’écoulement.

Konigl (1982) a repris I'idée de Blandford & Rees (1974) d’accélération et col-
limation d’un vent isotrope issu de I’étoile par un processus analogue a celui d’une
tuyere (“energy-driven outflow”). Dans ce modele, le flot ne perd pas son énergie
interne dans un choc et est donc susceptible de la reconvertir en énergie cinétique.
La structure a grande échelle, nécessaire pour confiner ’écoulement et définir un axe
privilégié ou le flot est accéléré, serait la réminiscence du nuage primordial, aplati
par la rotation seule (Boss 1987) ou bien aidée par un champ magnétique a grande
écheile (Mouschovias 1976, Nagasawa & Nakano 1985). Un tel modele souffre évi-
demment des mémes difficultés que celui de Blandford & Rees (1974), a savoir: (1)
I’accélération des jets est fortement dépendante de la forme de la tuyere modélisée
par la distribution de pression extérieure et (2) ’extréme sensibilité de I’écoulement

aux instabilités destructrices de Kelvin-Helmholtz.

Ainsi, méme si le milieu extérieur est capable de produire une collimation des
jets issus des régions centrales, il est fortement improbable que ce soit la seule source
de confinement. Les modeles suivants ont donc essayé de produire des jets dont les

propriétés sont moins dépendantes des conditions extérieures non maitrisées.
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2.2.1 Jets issus de ’étoile

Les étoiles en formation étant des objets tres lumineux, la premiére idée pour
expliquer la formation des jets fut celle de jets stellaires poussés par la pression de

radiation de I’étoile ou produits par ’expansion thermique de son enveloppe chaude.

Quelle que soit la source d’opacité de la matiere du jet, 'impulsion due a la
pression de radiation de ’étoile (~ L./c, ot L, est la luminosité de 1’étoile et ¢
la vitesse de la lumiére) est beaucoup plus petite que I'impulsion terminale M Voo
observée dans les jets (DeCampli 1981, Konigl 1986). L’accélération par la press1on

de radiation de 1’étoile semble de ce fait hautement improbable.

Dans les modeles de vents stellaires en expansion thermique, la condition de sta-
tionnarité relie la température de la couronne de 1’étoile 3 la distance (et donc le
taux de perte de masse a travers la loi de densité) ot le flot devient supersonique
(Parker 1958, voir aussi la section 3.1 de la partie II). Afin de donner lieu & une
perte de masse significative (MJ > 107? Mg.yr™!), la densité au point critique doit
étre suffisamment élevée, impliquant alors une température telle que les pertes ra-
diatives du gaz coronal chaud serait de plusieurs ordres de grandeur supérieures a
la luminosité de I’étoile (DeCampli 1981).

Un gradient de pression des ondes, engendrées par les mouvements turbulents
a l'intérieur de ’enveloppe convective de ’étoile, pourraient également accélérer la
matiere de I'atmosphére (DeCampli 1981, Hartmann et al. 1982, Lago 1984). La
longueur d’amortissement des ondes soniques étant trop petite, seules les ondes
d’Alfvén se propageant le long des lignes de champ seraient pertinentes dans le
processus d’éjection (ce type d’ondes a auparavant été considéré dans le cas du
Soleil, Alazraki & Couturier 1971). En négligeant les effets dissipatifs, ’efficacité
d’un tel mécanisme (qui requiert un champ magnétique de I’ordre du kilogauss a la
surface de I’étoile) donne lieu & une puissance mécanique fournie aux jets L; ~ M v?
de I'ordre de 10 % de la puissance des ondes. Or, les observations montrent que la
puissance des jets varie entre 1 et 10 % de la luminosité bolométrique. Un mécanisme
d’accélération par ondes nécessiterait alors une puissance dans ces ondes (et donc
dans la turbulence qui les engendre) comparable a celle rayonnée par I’étoile, ce qui

parait douteux.

Les jets ne pouvant étre accélérés par leur énergie interne, il faut alors rechercher
une autre source d’énergie. Mestel (1968) a montré que si une étoile, ayant des
lignes de champ magnétique ouvertes, tourne 3 une vitesse proche de sa vitesse de

rupture (vitesse képlérienne), elle engendre un vent sans la nécessité d’une couronne



2.2. Objets stellaires jeunes 57

chaude étendue. Dans ce processus, le champ magnétique joue un réle essentiel,
en transférant & la matiere 1’énergie de rotation de I’étoile. De plus, la présence
du champ induit une force de confinement qui permet de résoudre le probleme de
la collimation des jets. La difficulté réside dans le couplage entre le champ et la
matiére et les premiers travaux dans ce domaine (appliqués au Soleil) ont supposé
des géométries simple pour le champ magnétique stellaire (par ex. radiale, Weber &
Davis 1967).

Ainsi, Hartmann & McGregor (1982), en utilisant une configuration magnétique
radiale, ont montré que pour des parametres typiques d’une étoile T-Tauri, celle-ci
devrait effectivement tourner & une vitesse proche de sa vitesse de rupture pour
donner lieu aux pertes de masse attendues.

Cependant, les observations montrent que les étoiles jeunes tournent en général
4 un dixieéme de leur vitesse de rupture (Vogel & Kuhi 1981, Bouvier et al. 1986),
4 une phase ot il y encore éjection. Un tel mécanisme ne peut donc étre a l'origine
des taux de perte de masse, tels que ceux qui sont déduits des observations de jets.

Draine (1983) a proposé Iidée selon laquelle les jets moléculaires observés étaient
non pas issus de 1’étoile, mais plutét constitués de matiere entrainée par une onde
d’Alfvén de torsion. Cette onde serait due au fait que les lignes de champ magnétique
de étoile, appartenant initialement au nuage parent et concentrées dans I’objet cen-
tral lors de I’effondrement, seraient torsadées par la rotation de 1’étoile. Cette torsion
se propagerait sous forme d’une onde d’Alfvén qui entrainerait avec elle la matiere
environnante. Cependant, ce régime transitoire repose sur le fait que les processus
dissipatifs ont été négligés. En particulier, Pudritz & Silk (1987) ont montré, dans
un calcul simplifié de ’effondrement d’un nuage magnétisé, que la diffusion ambi-
polaire ne donnait jamais lieu & des configurations magnétiques fortement torsadées
(ils obtiennent By < B.), absolument nécessaires ici.

Ainsi, il semble que le couplage entre le champ magnétique et la rotation de
’étoile soit indispensable a la formation de jets stellaires et doive étre élucidé en
utilisant le formalisme de la MHD. La difficulté du traitement correct de ces jets
est alors du méme ordre que celui des jets MHD issus du disque, mis en évidence
précédemment pour les jets relativistes. Il existe un certain nombre de travaux sur
le sujet concernant en particulier le vent solaire, que je ne mentionnerai pas ici (voir
a ce propos l’excellente revue de Sauty 1993).

Sakurai (1985) a généralisé au cas 2-D le modele 1-D de Weber & Davis (1967).
En utilisant une configuration magnétique semblable & celle d’'un monopdle et en

commencant 1’intégration numérique avec les solutions de Weber & Davis (1967), il
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a montré que la génération d’un champ toroidal induit une modification de I’écoule-
ment qui, de radial devient axial. A grande distance de I’étoile, la plupart des lignes
de champ (et donc de ’écoulement) sont sur 1’axe, la pression du plasma équilibrant
la compression due a la tension magnétique toroidale. Il a été ainsi le premier & ex-
hiber des solutions 2-D de jets bipolaires stellaires collimatés, franchissant les divers
points critiques. Cependant, ces solutions furent obtenues pour une configuration
magnétique peu réaliste.

Une autre approche (analytique) consiste & rechercher des solutions autosimi-
laires de I’ensemble des équations MHD du vent stellaire, en se fixant les distributions
de densité et de pression et & paramétriser les surfaces magnétiques (Tsinganos &
Trussoni 1991, Tsinganos & Sauty 1992a,b, Trussoni & Tsinganos 1993). Ces divers
modeles permettent de s’affranchir de I’hypothése du vent polytropique en résolvant
a posteriori I’équation d’énergie et en I'utilisant comme test de la viabilité des solu-
tions obtenues. De plus, ces modeles explorent et traitent les hétérogénéités dans la
répartition du chauffage et des processus d’accélération, permettant ainsi de décrire
une éjection non-radiale mais s’échappant par exemple, de trous coronaux.

Bien que ces modeles soient prometteurs (notamment dans la compréhension de
ce qui se passe sur ’axe du jet), 'argument le plus fort contre les modeles de jets
stellaires repose sur la corrélation observée entre les signatures d’éjection et celles
d’accrétion, qui tendent & montrer que ces deux processus sont intimement reliés
(voir Cabrit 1989, Cabrit et al. 1990). De plus, il semble actuellement difficile de
produire par un jet stellaire seul la perte de masse requise par les observations de

jets bipolaires.

2.2.2 Jets issus d’une couche limite entre le disque et 1’étoile

Dans cette partie, je ne parlerai pas des modeéles traitant de I'interaction entre
le disque d’accrétion et ’étoile, par I'intermédiaire soit d’une magnétosphére stel-
laire comme dans les modeles d’étoiles & neutrons magnétisées (Ghosh et al. 1977,
Ghosh & Lamb 1979a,b), soit par une couche limite hydrodynamique ot la vitesse
de rotation du disque s’adapte a celle de I'étoile (voir Regev 1990). Comme je I’ai
dit plus haut, la présence de jets rapides nécessite souvent de reformuler les modeéles
de telle sorte qu’ils prennent en compte de fagon cohérente le processus d’éjection.
Je n’aborderai donc ici que les modéles de couche limite qui forment des jets.

L’intérét de la couche limite vis-a-vis de 1'éjection réside dans le fait qu’elle

se trouve au plus profond du puits gravitationnel et contient donc suffisamment
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d’énergie pour pouvoir alimenter les jets observés. Toute la difficulté réside dans le
transfert de cette énergie pour engendrer un mouvement poloidal de matiere, puis
dans le processus de collimation du jet.

Torbett (1984) a proposé que des jets accélérés par une forte enthalpie pouvaient
étre formés par le choc entre le disque d’accrétion et ’étoile. Si le temps caracté-
ristique de diffusion radiative est plus long que le temps dynamique d’accrétion,
la matiére conserve son énergie interne et il en résulte un mouvement d’expansion
verticale, analogue & celui du vent de Parker (1958). Ce type de modele possede
donc les mémes probléemes que ceux d’un simple vent thermique, nécessitant ainsi
de tres fortes températures (i.e des taux d’accrétion dans le disque de I'ordre de
10° Mg.yr™!, correspondant & des luminosités d’accrétion de ~ 10? L), qui ne sont
pas observées dans la plupart des T-Tauri) pour donner lieu aux pertes de masse
observées (DeCampli 1981). De plus, des que la matiére s’étend hors du disque et
se dilue, le temps de refroidissement radiatif devient tres court et I’énergie interne
de la matiére est rayonnée, la privant ainsi de sa source d’accélération (Hartmann
1986).

Dans une approche hydrodynamique, Bertout & Regev (1992) résolvent la struc-
ture d’une couche limite uni-dimensionnelle en utilisant une méthode de dévelop-
pement asymptotique (“matched asymptotic expansion”) permettant le raccord des
solutions de la couche avec celles du disque. Ils ne trouvent de solutions station-
naires optiquement épaisses que lorsqu’ils permettent une perte de masse verticale
ad-hoc. En effet, en absence de perte de masse, le flux d’énergie radial du disque vers
I’étoile abaisse la température de la couche limite et interdit le raccord thermique
avec 1’étoile. Plus le taux d’accrétion du disque est élevé (MJ > 1077 Mg.yr™!) et
moins il doit y avoir de masse réellement accrétée, tout le reste devant étre éjecté.
Ce comportement est tres dépendant a la fois des conditions aux limites imposées
a la surface de 1’étoile (en pression et en température) et de 1’équation d’énergie
utilisée. Un traitement bi-dimensionnel est donc nécessaire afin de confirmer si de
telles conditions physiques donnent bien lieu & des mouvements verticaux. Si c’est
le cas, il est possible et méme probable que la matiere se redistribue sur ’étoile,
pouvant éventuellement alimenter un vent stellaire. La formation de jets fortement
collimatés nécessite alors l'introduction d’autres ingrédients physiques, comme le
champ magnétique de I’étoile.

Dans le modéle proposé par Shu et al. (1988), le jet provient de la région équa-
toriale de 1’étoile en contact avec un disque visqueux, ou les forces d’attraction

gravitationnelle et centrifuge se compensent exactement (les équipotentielles y for-
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ment un point X). Si I’étoile posseéde un champ magnétique avec des lignes ouvertes
ancrées a son équateur®, la matiere est expulsée par la force centrifuge le long des
lignes de champ magnétique (“X-celerator”), pour étre ensuite collimatée par la ten-
sion magnétique due au champ toroidal (Blandford & Payne 1982). Cependant, ce
processus d’éjection n’est possible que si I’étoile de masse M, et de rayon R, tourne
3 une vitesse proche de sa vitesse de rupture (GM,/R.)'/?. Or, les observations
d’étoiles T-Tauri montrent clairement qu’elles tournent seulement a une vitesse de
I’ordre de 10 % de celle-ci (Vogel & Kuhi 1981, Bouvier et al. 1986, 1993), ce qui
rend ce mécanisme fortement improbable.

Pringle (1989) a émis 'idée que la couche limite, ou la rotation différentielle
est la plus virulente, pouvait étre la source d’un effet dynamo intense et ainsi étre
fortement magnétisée. Le champ magnétique engendré serait principalement toroidal
et de 'ordre de Bi [0 ~ pQ¥% hr. A la surface de la couche limite, énergie du champ
dominerait celle de la matiére et pourrait donner lieu a de I’éjection. Cependant, non
seulement le mécanisme par lequel ce champ éjecte la matiére reste a spécifier, mais
il est improbable qu’un tel champ puisse rester de facon stationnaire dans le disque.
En effet, il serait certainement soumis soit a des instabilités résistives, menant a la
reconnexion des lignes de champ et a la dissipation de 1’énergie magnétique dans le
disque, soit & une expulsion du flux magnétique hors du disque par le mécanisme de
Parker (analogue & une poussée d’Archimeéde, voir section 2.1, Partie II).

Camenzind (1990) a transposé aux étoiles jeunes un modele proposé dans le
contexte des étoiles & neutrons magnétisées. Dans ce modele, la magnétosphere de
I’étoile détruit la partie interne du disque d’accrétion, qui n’a ainsi plus de couche
limite “hydrodynamique” mais présente des colonnes d’accrétion le long des tubes
de flux (voir aussi Konigl 1991). Cette coupure est supposée se produire lorsqu’il y
a approximativement équilibre entre la pression du disque et celle du champ magné-
tique dipolaire, c’est & dire a quelques rayons stellaires pour un champ a la surface
de 1’étoile de quelques kilogauss. La magnétosphere étant en rotation rigide avec
’étoile, les lignes de champ qui traversent le disque au-dela du rayon de co-rotation
(R, est tel que O, = (GM,/r2)!/?, ol Q, est la vitesse angulaire de 1’étoile) accéle-
rent celui-ci et freinent 1’étoile, tandis que les lignes qui traversent le disque en-deca

de ce rayon le freinent et accéleérent ’étoile®. Il suppose alors que la matiere issue

4Initialement ces lignes pourraient provenir de la configuration dipolaire de ’étoile, ouvertes

par la matiére éjectée.
51’évolution temporelle du moment cinétique du systéme étoile-disque a été récemment étudiée

par Cameron & Campbell (1992), sous des hypothése simplificatrices concernant la dynamo stellaire



2.2. Objets stellaires jeunes 61

critical ]
equipotential |
I

[}
i
i

) ° Alfven surface
' L3
1
i
¥
'

!

critical
equipotential

dead zone
coronol\gas

soft x-rays

surface surfoce

FIG. 2.7 - Interaction entre la magnétosphere de P’étoile et le disque d’accrétion (Shu
et al. 1994). Les deux régions séparées par ’équipotentielle critique (interceptant le
disque en rx =~ r.,) sont reliées entre elles par une viscosité anormale, permettant le
transport du moment cinétique de la région interne (étoile et disque, reliés par des

colonnes d’accrétion) vers la région externe (disque et vent).

de la région située au-dela de r.,, accélérée par le champ de 1’étoile, n’est plus en
équilibre képlérien et est éjectée hors du disque par la force centrifuge. Cette matiere
suit les lignes de champ puis, du fait de son inertie, les ouvre en établissant ainsi
un ensemble de surfaces magnétiques permettant la collimation du jet. Cependant,
dés lors que les lignes de champ sont ouvertes elles ne peuvent plus exercer sur le
disque un couple positif donnant lieu & une accélération centrifuge de la matiére. En
régime stationnaire, un tel mécanisme devient alors analogue a celui d’un jet issu
d’un disque mais ou les lignes ouvertes proviennent du champ dipolaire stellaire et
non pas du champ du disque. Le calcul de la structure du disque et de son interaction

avec la magnétosphere de 1’étoile reste a faire.

Shu et al. (1994a), dans une version améliorée de I'“X-celerator” supposent que
la magnétosphére de ’étoile est sufisamment forte pour instaurer une corotation de
la matiére du disque en des rayons en-dega du rayon de corotation. Cette région en
rotation rigide avec ’étoile, et donc I’étoile elle-méme, est freinée par des processus

visqueux a l’ceuvre dans le disque autour du rayon r,. Cette viscosité, qui serait due

et 'interaction entre le champ et le disque.
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a des instabilités magnétiques du type Balbus & Hawley (1991), permettrait ainsi un
flux de moment cinétique vers ’extérieur de cette zone. Ce flux donnerait lieu au-dela
de 7., a une petite région maintenue en rotation super-képlérienne, permettant une
accélération centrifuge des jets. De méme que dans le modéle de Camenzind (1990),
la matiere est supposée ouvrir les lignes de champ et donner ainsi lieu & des jets auto-
collimatés (figure 2.7). Dans cette vision, ’éjection de matiére se produit sur un petit
anneau au-dela de r.,, et I’accrétion se fait a travers des colonnes d’accrétion le long
de la magnétosphere stellaire, & partir d’une petite fraction de disque en-deca de r,.
Ce scenario est extrémement interessant mais les divers éléments qui lui sont vitaux
(viscosité et diffusivité magnétique adéquates, possibilité d’instaurer I’isorotation,
structure du disque autour et légerement au-dela du point X) ne sont pas connus ou
compris. Dans les papiers suivants (Shu et al. 1994b, Najita & Shu 1994), ces auteurs
se sont attachés a résoudre la structure du jet en MHD idéale, ol la matiere est en

rotation super-képlérienne. Le calcul de la structure du disque n’est pas effectué.

2.3 Structures magnétiques d’accrétion-éjection

Dans cette partie, je décris les propriétés des jets MHD classiques (newtoniens)
supposés issus d’un disque d’accrétion, puis des modeéles de disques magnétisés en
connexion avec des jets. Ces modeles sont en général transposables d’un environne-
ment & I’autre (objets jeunes et trous noirs). Le point commun de tous ces modéles
est 'hypothese que les processus interdépendants d’accrétion et d’éjection se pro-

duisent sur une large extension radiale du disque.

2.3.1 Modéles de jets MHD classiques

Bien que le modele de Blandford & Payne (1982) ait été initialement concu pour
expliquer les jets radio extragalactiques, il s’applique également aux jets des étoiles
jeunes en formation.

Ainsi, Pudritz & Norman (1983) ont proposé que les jets d’étoiles massives en
formation pouvaient étre alimentés par I’enveloppe d’un disque moléculaire circum-
stellaire auto-gravitant (~ 10> Mg), en rotation rapide et traversé par des lignes de
champ magnétique. A une époque ou les disques étaient une conjecture et les indi-
cations de leur présence plut6t douteuses, cette idée imposait les disques d’accrétion
comme élément indispensable au processus d’éjection. Lorsque ’étoile centrale se

forme, elle ionise son environnement proche qui devient ainsi sensible au champ
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FiG. 2.8 - Disque moléculaire dense (n ~ 10® cm™ pour une masse totale M ~
102 Mg) en rotation (vs ~ 4 km s7!) et d’extension 7 10' cm, traversé par des
lignes de champ magnétique (B ~ 1072 G sur le plan) qui lui extraient son moment

cinétique et donnent lieu & un vent (Pudritz 1985).

magnétique. En particulier, ils ont montré que jusqu’a une fraction de ionisation
X = pi/pn ~ 1077, le couplage ion-neutre était suffisamment bon et une approche a
un fluide permet alors de rendre parfaitement compte du comportement de 1’écoule-
ment. Cependant dans une description plus fine, le moment cinétique emporté par
le jet dépend de la fraction d’ionisation au point d’Alfvén, ce qui implique une pos-
sibilité d’auto-régulation de ’éjection par le flux ionisant de I’étoile (dans leur cas,
une étoile massive du type O ou B).

Pudritz (1985, 1986) a ensuite développé I’idée selon laquelle I'accrétion et 1'éjec-
tion étaient des processus interdépendants, le jet emportant le moment cinétique du
disque moléculaire & un moment de son évolution contrélant ainsi l’accrétion, a un
taux dépendant de la luminosité UV de 1’étoile due a ’accrétion. Il obtient alors
une éjection & deux composantes, I'une proche (r g 102 UA) fortement ionisée et
'autre plus lointaine (r g 10° UA), emportant du matériau neutre avec une perte
de masse de 1’ordre de 10~* Mg.yr~! pour une luminosité d’accrétion de P’ordre de
10* L. Pudritz & Norman (1986) ont appliqué ce modele aux cas des jets d’étoiles
jeunes T-Tauri peu massives et des FU-Orionis. Bien que reproduisant les ordres
de grandeur observés, leurs modeles s’inscrivent dans un schéma évolutif du nuage
magnétisé en contraction (figure 2.8), dont les conditions physiques sont difficiles a
clarifier (par ex., il n’est pas encore en équilibre képlérien).

Sakurai (1987), en utilisant la méme méthode numérique 2-D que dans le cas d'un
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FIG. 2.9 - A gauche, géométrie du modeéle de Sakurai (1987) avec I'utilisation d’un
monopole magnétique placé en z = —d pour calculer la configuration du champ en
z > 0. Celle pour z < 0 découle de la symétrie par rapport au plan du disque. Le
champ gravitationnel est également supposé crée par une masse ponctuelle placée
en z = —d. A droite, vue tridimensionnelle montrant la structure hélicoidale des

lignes de champ.

jet MHD stellaire (Sakurai 1985), a démontré que la croissance du champ toroidal
était effectivement responsable de la collimation des jets issus d’un disque (figure
2.9). A la différence de son étude précédente, la rotation des lignes de champ n’est
plus rigide mais suit une loi képlérienne. Il utilise encore un monopéle pour simuler
le champ magnétique, ce qui limite sérieusement la généralité de ses conclusions.
Cependant, il met déja en évidence que le jet ne peut étre accéléré par la force
centrifuge seule a proximité du disque, car un gradient de pression vertical doit
contrebalancer la force de marée présente dans ses simulations. Un fort courant
négatif circule le long de ’axe du jet et engendre le champ toroidal , responsable de
la collimation.

Lovelace et al. (1991, 1993) raménent le probléeme 2-D 3 un probléme 1-D en
intégrant les grandeurs du jet sur sa section. Ains, ils traitent non pas les grandeurs
locales mais les valeurs moyennes de la densité, vitesses et composantes du champ
magnétique. Ils ne résolvent donc pas I’équation d’équilibre transverse local des sur-
faces magnétiques (Grad-Shafranov), mais un bien plus simple ensemble d’équations
portant sur la conservation de I'impulsion (moyenne) dans les trois directions (r, @,
z). Une telle approche ne peut pas rendre compte des jets transportant un courant
(car dans ce cas il faut tenir compte du gradient du champ toroidal) et ils suppo-

sent donc que le jet est confiné par la pression du milieu extérieur. Ils obtiennent
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FIG. 2.10 - Comportement général non auto-similaire des lignes de champ magné-
tique, avec une distribution de flux variant en r? sur le disque d’accrétion képlérien.
A gauche, géométrie en “fleur de lotus” pour § > 3/4. A droite, géométrie en “gaine”
cylindrique pour 3 < 3/4 (Pelletier & Pudritz 1992).

des solutions de jets ou la force principale dans ’accélération de la matiére est le
gradient vertical de pression magnétique, associée au champ toroidal. Ils concluent
alors que le mécanisme d’éjection est différent du mécanisme centrifuge des jets de
Blandford & Payne (1982). Nous verrons dans la partie II de cette theése qu’il n’en
est rien et que ces deux processus sont tous deux a 1’ceuvre dans le mécanisme MHD
d’accélération.

Appl & Camenzind (1992) ont montré dans une étude asymptotique 1-D de jet
super-magnétosonique rapide collimaté cylindriquement, que des jets transportant
un courant sont plus stables vis-a-vis d’instabilités (axisymétriques ou non) ma-
gnétiques ou de Kelvin-Helmholtz que des jets MHD sans courant ou méme des jets
hydrodynamiques. Ce résultat est important car il indique que les jets les plus stables
sont également ceux qui permettent la meilleure auto-collimation, nécessitant alors
’établissement d’un circuit électrique a grande échelle (Benford 1978).

Pelletier & Pudritz (1992) ont généralisé les solutions auto-similaires 2-D de jets
de Blandford & Payne (1982) issus de disques d’accrétion képlériens (figure 2.10). Ils
prennent une distribution du flux magnétique sur le disque variant comme r? (pour
Blandford & Payne, § = 3/4) et mettent clairement en évidence les interrelations
entre les caractéristiques des jets (vitesses terminales, flux de masse, comportement
autour du point d’Alfvén), la forme des surfaces magnétiques et la distribution du
flux magnétique sur le disque.

Contopoulos & Lovelace (1994) et simultanément Rosso & Pelletier (1994), ont
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F1G. 2.11 - A gauche: lignes de champ magnétique poloidales calculées par Rosso
& Pelletier (1994), pour § = 1.25, p4 = 2.05 et p. = 0.2 (voir section 4.2.2, partie
IT). Les deux lignes hachurées correspondent aux deux surfaces critiques: Alfvén
(ya = za/r = 0.76) et magnétosonique rapide (yry = zpp/r = 2.88). Pour ce
jeu de parameétres, le jet est auto-collimaté cylindriquement au-dela de la surface
d’Alfvén. A droite: variations du nombre de Mach Alfvénique poloidal m? = ul/ Vjp
en fonction de z/r pour les mémes parameétres. La solution de jet est celle qui franchit
les deux points critiques (trait continu), les deux autres branches correspondant
a une solution sub-Alfvénique (pointillés) et sub-magnétosonique rapide (tirets et

points) a grande distance.

résolu les équations MHD complétes du jet en utilisant des solutions auto-similaires
de la forme A(r,z) = r3f(z/r,), ol A est une grandeur quelconque du jet et r,
est le rayon ou la surface magnétique intercepte le disque. En particulier, le flux
magnétique varie sur le plan du disque comme r?. Contopoulos & Lovelace (1994)
obtiennent alors une équation différentielle du second ordre qu’ils résolvent en propa-
geant leur solution de la surface du disque & I'infini, en ajustant un parameétre pour
franchir la surface d’Alfvén. Rosso & Pelletier (1994) reformulent élégamment le pro-
bleme en utilisant un Lagrangien, qu’ils minimisent sous contraintes pour franchir
les divers points critiques (Alfvén et magnétosonique rapide, voir figure 2.11). Les
solutions de Contopoulos & Lovelace (1994), dans lesquelles la gravité a été négligée,
dépendent de facon critique du parameétre 4. Pour 8 < B..i: ~ 0.86 ils obtiennent des
jets super-magnétosoniques rapides® (super-FM) et collimatés. Pour . < 8 < 1,

iln’y a pas de collimation et pour 3 > 1 leurs solutions restent sub-magnétosonique

En utilisant I’expression de la vitesse FM non-modifiée par I’auto-similarité. Le vrai point cri-
tique ne semble pas étre franchi mais plutét rejeté a I'infini, comme pour les solutions de Blandford
& Payne 1982.
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rapides et présentent des oscillations. Il reste & voir les correspondances entre les
deux modeles (par ex., Rosso & Pelletier trouvent des configurations super-FM, col-
limatées cylindriquement pour § = 5/4) et surtout, déterminer les contraintes que
ce type de solutions imposent sur les solutions de disques MHD’.

Dans ce type de solutions auto-similaires I’axe du jet ne peut pas étre décrit, ce
qui est génant car c’est sur ’axe que doit circuler le courant principal permettant de
collimater les jets. Dans le contexte des étoiles jeunes, les modeéles de jets stellaires
permettent de traiter cette zone et offrent ainsi la possibilité d’un raccord entre les
deux approches. Dans le contexte des noyaux actifs de galaxies, il est probable qu’il
faille utiliser le formalisme de la relativité et décrire 'intéraction entre le disque et

le trou noir dans I’ergosphere.

2.3.2 Simulations numériques

Les simulations numériques 2-D de disques magnétisés dépendants du temps sont
fortement attendues dans la communauté. En particulier, elles devraient permettre
de mettre en évidence s’il est possible d’obtenir un régime stationnaire d’accrétion-
éjection a partir de régimes transitoires et d’étudier les instabilités de ces structures.

Uchida & Shibata (1985) et Shibata & Uchida (1986) prennent un disque infi-
niment conducteur (MHD idéale) axisymétrique, traversé par des lignes de champ
magnétique poloidales ancrées dans le nuage moléculaire environnant. Le disque
est supposé étre encore en effondrement, c’est & dire qu’il est mis en rotation sub-
képlérienne. Le mouvement radial courbe les lignes de champ qui sont ensuite forte-
ment torsadées par la rotation du disque (figure 2.12). Ils observent alors une onde
d’Alfvén torsionnelle qui part du disque et pousse devant elle (verticalement) la ma-
tiere du disque (“sweeping magnetic twist”). Le mécanisme mis en évidence dans
ces simulations est basé sur un fort gradient de pression magnétique associé au fort
champ toroidal engendré.

Aucune solution stationnaire n’a pu étre obtenue, le champ continuant 3 étre
torsadé tant que dure la simulation. Ce comportement est évidemment non physique,
did -1 traitement en MHD idéale du disque (voir aussi Newman et al. 1992). Or,
des nstabilités résistives devraient se déclencher et permettre 1’établissement d’un
régime stationnaire (voir prochaine section).

Récemment, Stone & Norman (1994) ont montré les simulations les plus per-

"En P’occurrence, leurs solutions sont également compatibles mathématiquement avec celles des
disques étudiés dans cette thése.
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FI1G. 2.12 - Vue tridimensionnelle des lignes de champ magnétique ancrées dans
le nuage et fortement torsadées par la rotation du disque. Une onde d’Alfvén tor-
sionnelle se développe et se propage le long des lignes de champ (Shibata & Uchida
1986).

formantes de disques magnétisés en MHD idéale traversés par des lignes de champ
bipolaires (figure 2.13). Lorsque le disque est sub-képlérien, ils retrouvent le méme
comportement que celui trouvé par Uchida & Shibata (1985). Lorsque le disque
est supposé képlérien, ils observent un mouvement radial d’accrétion ainsi que la

formation de jets, dans deux cas limites étudiés (champ fort et champ faible).

Lorsque le champ est dominant, ils interprétent le mouvement radial comme étant
le résultat du couple exercé par le champ sur la matiére (Mouschovias & Paleologou
1980), similaire & celui d’une roue de Barlow. Ils supposent alors que le flux de
masse vertical observé est di a la force centrifuge et cherchent & vérifier & la surface
d’Alfvén le critere de Michel (1969): u, < Q.r4 (voir section 4.2, partie II), ot u,
est la vitesse du flot au rayon d’Alfvén r4 et Q. est la vitesse angulaire de la ligne
de champ. Comme ce critére (simpliste) n’est pas vérifié sur toute la surface (qui
n’est pas stationnaire), les auteurs concluent que le jet n’est pas d’origine magnéto-

centrifuge.

Dans le cas d’un champ faible, ils retrouvent un comportement similaire 3 celui
obtenu lors des calculs de I’instabilité de cisaillement, effectués par Balbus & Hawley
(1991). Au centre du disque, il se produit un mouvement global vers ’arriére, tandis
qu’a sa surface une couche de matiére est rapidement accrétée. Il est évident que
dans de telles conditions, le champ magnétique subit de violentes reconnexions.
Ainsi, bien qu'ils aient utilisé le formalisme de la MHD idéale, leurs simulations
montrent clairement qu’il y a une diffusivité numérique qui permet 3 la matiére de

traverser les lignes de champ et & celles-ci de se reconnecter.
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FiG. 2.13 - Simulation numérique a partir du code ZEUS-2D, de ’évolution tempo-
relle d’un disque d’accrétion képlérien, traversé par des lignes de champ magnétique
(Stone & Norman 1994). Le champ étant supposé faible (pression du gaz de ’ordre
de 10 fois celle du champ), le disque est instable vis-a-vis de I'instabilité de cisaille-
ment et le champ subit de violentes reconnexions. En haut sont representés des
contours logarithmiques de densité (lignes continues) ainsi que les vecteurs vitesse

(tirets). En bas, le champ magnétique poloidal.

Bien qu’aucune solution stationnaire n’ait été également obtenue dans ce régime
“idéal”, il est possible que les instabilités résistives entrevues lors de ces simulations
le permettent. Ces résultats sont extrémement motivants car ils suggerent que I’éjec-
tion de matiére est inévitable & partir d’un disque magnétisé (champ fort ou faible).

Il reste & comprendre si (et par quel processus) un régime stationnaire peut s’établir.

2.3.3 Modeles de disques magnétisés en connexion avec

des jets

Puisque ces jets MHD emportent le moment cinétique du disque ainsi que 1’éner-

gie mécanique libérée, ils doivent exercer une rétro-action importante sur la dyna-
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mique du disque. Ainsi, méme pour une perte de masse dans les jets négligeable
devant le taux d’accrétion du disque, il n’est pas justifié de raccorder des solutions
MHD de jets a la surface d’un disque visqueux standard (Shakura & Sunyaev 1973).
L’étude compléte de la structure d’accrétion et de son interdépendance avec I’éjec-
tion nécessite de revoir totalement la théorie des disques d’accrétion. Il n’existe
encore a ce sujet que trés peu de travaux.

Konigl (1989) a été le premier & prendre une configuration de champ magnétique
bipolaire réaliste, c’est & dire prenant en compte la torsion des lignes de champ
(composantes radiale et azimutale) due & la rotation képlérienne du disque. Une
telle situation n’est stationnaire que si la matiére accrétée est capable de traverser les
surfaces magnétiques. La diffusivité magnétique requise est supposée étre la diffusion
ambipolaire dans le cas d’un disque circumstellaire et d’origine turbulente dans le
cas d'un disque de NAG. En utilisant la méme auto-similarité que Blandford &
Payne (1982), Kénigl résoud numériquement les équations d’induction du champ
dans le disque (structure verticale) en prenant en compte le transport du moment
cinétique de la matiére par le champ. Cependant, il néglige tout mouvement vertical
dans le disque et suppose ’équilibre radial et vertical assurés et compatibles avec
les prescriptions d’auto-similarité.

Wang et al. (1990) ont étudié l'action d’un champ magnétique bipolaire sur
un disque d’accrétion & partir d’un ansatz sur le flux magnétique, compatible avec
I’équation d’induction du champ dans le disque (Lovelace et al. 1987). La structure
du disque n’est pas calculée (seuls les signes des forces magnétiques sont discutés)
mais un raisonnement sur le circuit électrique global leur permet de conclure que le
flux d’énergie magnétique issu d’un tel disque est supérieur & celui issu d’un disque
traversé par un champ quadrupolaire. Dans une approche identique, Wang et al.
(1992) ont considéré la possibilité que le champ magnétique puisse étre asymétrique
vis-a-vis du plan équatorial du disque et ses conséquences sur le bilan global du
disque et des jets (notamment le rayonnement asymétrique des deux jets amenant
la non-détectabilité du moins puissant).

Chakrabarti & Bhaskaran (1992), s’inspirant du travail de Konigl (1989), pren-
nent une variation radiale ad-hoc pour le moment cinétique spécifique du disque
(mais non-képlérien) et cherchent des solutions auto-similaires, sous la forme de po-
lynémes du quatriéme ordre pour le flux magnétique et le champ toroidal (les mou-
vements verticaux ainsi que la variation verticale de u, et négligés). Ils raccordent
ensuite leurs solutions A celles de jets en MHD idéale. Cependant, la non-linéarité

du probleme est telle qu’ils ne peuvent prétendre obtenir des solutions réalistes de
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disques.

Dans une approche similaire & celle de Lovelace et al. (1987), Khanna & Ca-
menzind (1992) ont résolu les équations d’induction stationnaires du champ pour
un écoulement imposé (u,(r), Q(r) et diffusivité v,,(r) connus) du disque képlérien
jusqu’a ’horizon d’un trou noir en rotation. Ils ont montré qu’une configuration
bipolaire permet une accélération efficace de jets rapides tandis que pour une confi-
guration quadrupolaire qui est plus facilement obtenue dans les calculs de dynamo
cinématique, seuls des jets lents sont obtenus. Ceci est di a un flux de Poynting plus
important dans le cas bipolaire puisqu’il y a plus de surfaces magnétiques ouvertes.
Cependant, un effet dynamo supplémentaire, di a la rotation méme du trou noir,

pourrait engendrer un flux bipolaire dans la région de ’espace mise en rotation.

Wardle & Konigl (1993) ont élaboré un modéle (le plus complet a ’heure actuelle)
de disque froid isotherme en connexion avec des jets, autour d’une étoile jeune en
formation. Ils prennent une configuration magnétique bipolaire et supposent que la
diffusion ambipolaire est la principale source de diffusivité. Ils résolvent alors les
équations de conservation de I"impulsion (en r, ¢ et z, coordonnées cylindriques)
pour trois fluides (neutres, ions et électrons) et d’induction du champ magnétique
en un rayon fixé. Une approximation brutale dans ’équation de conservation de la
masse leur permet de s’affranchir de la bi-dimensionalité du probleme et d’exhiber
ainsi une structure verticale de disque, raccordable aux solutions auto-similaires de
jets de Blandford & Payne (1982). Bien que le comportement global de la matiere
soit celui attendu, Wardle & Konigl n’ont pas prouvé la possibilité de former des
jets a partir d’un disque mais l’ont imposé a travers leur approximation. De plus,
I’utilisation d’un traitement a trois fluides et de la diffusion ambipolaire ne permet
pas de comprendre clairement le mécanisme physique qui mene a ’éjection d’une
partie de la masse hors du disque. Ceci restreint d’ailleurs leurs solutions a des
régimes froids ou un traitement multi-fluide est nécessaire. Je reviendrai plus en

détails sur ce modele au chapitre 2, partie II.

Plus récemment, Cao & Spruit (1994) ont cherché a déterminer 'influence de
I'inclinaison des lignes de champ par rapport au plan du disque sur le type de jet
obtenu. Cette inclinaison dépendant directement de I'importance de la diffusivité du
disque et leur description du disque reposant sur la MHD idéale, leurs solutions sont
donc rigoureusement incohérentes. Cependant, leur analyse peut étre vue comme
la limite d’un disque infiniment mince, ne faisant alors qu’illustrer le critere sur
Pinclinaison des lignes de champ établi auparavant par Blandford & Payne (1982).
Ainsi, pour une grande inclinaison (lignes trés courbées vers le plan du disque) le
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jet franchit un point critique magnétosonique lent a proximité de la “surface” du
disque et le flux de masse est élevé. Pour des lignes plus raides le flux de masse est
beaucoup plus petit et le point critique est franchit bien plus haut, & condition que
Penthalpie du gaz soit suffisante.

Lubow et al. (1994a) ont résolu 1’évolution temporelle de ’équation d’induction
du champ magnétique® dans le disque, oli ’advection par le mouvement radial u,
de la matiére (non résolu de fagon cohérente mais imposé) est contrebalancée par
une diffusivité anormale v,. L’action du champ sur le disque est completement
négligée (pas d’extraction de moment cinétique, pas de jet) I’étude portant ici sur
I’angle d’inclinaison final des lignes de champ vis-a-vis de la verticale, en fonction
de la diffusivité. Ils obtiennent ainsi une équation intégro-différentielle sur le flux
magnétique a la surface du disque et montrent que le critere d’accélération centrifuge
(Blandford & Payne 1982) est satisfait dés lors que la diffusivité est telle que D =
2Um [3hu, < 1, 0u h est échelle de hauteur du disque. Cette contrainte peut s’écrire
I(r) < Vhr, ot I(r) est 1échelle de variation du flux magnétique (Ferreira & Pelletier
1994). Autrement dit, seules des diffusivités pour lesquelles les surfaces magnétiques
sont courbées a une échelle intermédiaire, permettent une accélération centrifuge.

Une étude préliminaire de la stabilité des structures disque-jets a été également
menée par Lubow et al. (1994b). Cette étude n’est pas une analyse précise de stabi-
lité de la structure car beaucoup trop grossiere: des relations aux ordres de grandeur
entre les différentes quantités physiques sont obtenues a partir de ’ensemble des
équations du disque et du jet, les surfaces magnétiques étant supposées parabo-
liques dans le disque, le flux de masse négligeable devant le taux d’accrétion dans le
disque et la densité suivant une gaussienne (équilibre hydrostatique). Avec ces ap-
proximations, les auteurs trouvent deux relations Mj ~ f(u,) indépendantes entre le
flux de masse vertical Mj et la vitesse radiale d’accrétion u, dans le disque, qui doi-
vent étre toutes deux satisfaites pour une solution de disque donnant lieu & des jets.
Ces deux courbes ont trois intersections possibles, correspondant 3 trois modeéles de
disques:

(i) u, = Mj = 0, correspondant a un petit nombre de Reynolds magnétique
Rum ~ h/r < 1 ou des lignes magnétiques raides,

(ii) I ~ Vhr compatible avec une accélération centrifuge du type Blandford &
Payne (1982),

(iii) I ~ h, correspondant & une éjection complete de la matiere du disque,

8Seulement le champ poloidal, ils ont posé By = 0 dans la limite d’un disque infiniment mince.
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impossible a réaliser dans le cadre de leurs approximations.

La seule solution viable dans ce schéma (ii) semble étre instable: la moindre per-
turbation augmentant la vitesse d’accrétion u, entraine une augmentation de la
courbure des lignes de champ, qui induit une perte de masse accrue et maintient
laugmentation de la vitesse. Cependant, les auteurs n’ont pas tenu compte de la
compression magnétique dans leurs estimations, qui augmente d’autant plus que les
lignes sont courbées. Or, une courbure plus forte des surfaces magnétiques diminue
le flux de masse plutét que ne I'augmente comme ils ’ont supposé (voir chapitre 3,
partie II). Avant de conclure, il faut donc mener une véritable étude de stabilité en
perturbant une structure réaliste d’accrétion-éjection a I’équilibre.

Avant de rentrer dans le cceur de cette these, nous pouvons résumer ce que cette
revue théorique nous a appris et en particulier, quel est notre état des connaissances
dans ce domaine:

i) Aussi bien dans les noyaux actifs de galaxies que dans les étoiles jeunes en
formation, seul le champ magnétique offre une explication simple a la fois pour
P’accélération et la collimation des jets. Tous les autres processus invoqués précé-
demment nécessitent des conditions trop particuliéres ou ne peuvent pas reproduire
les observations.

ii) L’hypothese du disque d’accrétion sur lequel prennent appui les surfaces ma-
gnétiques fournit un cadre interessant et performant pour l'origine des jets (méme
si ceux-ci proviennent d’une couche limite).

iii) L’étude des diverses configurations magnétiques 2-D et des écoulements as-
sociés est rendue tres difficile par la présence de diverses surfaces critiques. Seuls
quelques cas particuliers ou des comportements asymptotiques ont été élucidés.

iv) Le raccord entre les conditions physiques des jets MHD et le disque (ou la
couche limite) n’a jamais été effectué en prenant en compte I’ensemble des contraintes
physiques. Ainsi, personne n’a d’idée précise sur la possibilité réelle de formation de
jets MHD.

v) Le mécanisme physique qui permet de former des jets accélérés par un flux de
Poynting MHD a partir d’un mouvement d’accrétion n’est pas encore compris (sont
alternativement invoqués I’accélération centrifuge ou le gradient de pression associé
au champ toroidal).

Le travail présenté dans cette these se place dans le contexte des points i) et ii)
et donne des éléments de réponse aux points iv) et v). L’ensemble des travaux a fait

I’objet des articles qui sont placés en annexe.



Deuxieme partie

Interdépendance de I’Accrétion et

de I’Ejection

St belle et st parfaite que I’homme puisse trouver sa raison,
il peut étre tout aussi sir qu’elle ne constitue en tout cas
qu’une des fonctions intellectuelles possibles et qu’elle ne

cadre qu’avec l'aspect des phénomeénes qui lui correspond.

C.G. Jung
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Chapitre 1

Equations de la MHD et Cadre

Conceptuel

La magnétohydrodynamique traite de 'interaction entre un plasma, c’est & dire
un ensemble de particules chargées, sufisamment dense pour étre considéré comme
un fluide, et un champ magnétique. L’extraordinaire richesse de cette approche réside
dans sa non-linéarité intrinseque: ’écoulement déforme le champ qui, en réponse,
modifie I’écoulement. Elle utilise le formalisme des équations fluides de I’hydrodyna-
mique, auxquelles s’ajoutent des effets propres aux intéractions électromagnétiques.

Dans la premiere partie de ce chapitre, je rappelle brievement les équations de
I’hydrodynamique afin de spécifier les notations, puis j’introduis les effets magné-
tiques et dérive les équations de la MHD, en mettant en évidence les diverses hypo-
theses qui la sous-tendent. Le but de cette partie est d’introduire aux concepts de
la MHD, un lecteur familier a I’hydrodynamique.

J’applique ensuite ce formalisme, dans la seconde partie, a un disque d’accrétion
stationnaire autour d’une masse centrale, traversé par une configuration magnétique

bipolaire axisymétrique et discute de certaines propriétés de ce systeme.

1.1 Hydrodynamique et champs magnétiques

1.1.1 Equations fluides hydrodynamiques

La conservation de la masse et de I'impulsion pour un fluide de densité volu-
mique p, vitesse u, pression totale P, soumis a un potentiel gravitationnel ¢g et

a des contraintes visqueuses décrites par le tenseur symétrique du second ordre T,

7
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s’écrivent

Conservation de la masse

— +V.pu=0 :
5 + V.pu (1.1)
Conservation de I'impulsion
Ju
Pt p(u.V)u=—-VP+ pVés + V.T (1.2)

Dans le potentiel gravitationnel ¢¢, seule la contribution due a ’objet central est

prise en compte. La gravité propre du disque est négligeable dés lors que

47 Gp
0%

<1 (1.3)

g‘u {1k est la vitesse de rotation képlérienne. Ce critére est en général vérifié & proxi-
mité de l'objet central, pour une densité inférieure & la densité critique M, /47r,
M, étant la masse de 'objet central.

Une équation d’état, P = f(p,T), relie la pression totale  la densité du fluide et
a sa température. Pour un gaz parfait, elle s’écrit comme la somme des contributions

du gaz et des photons
P =nkyT + a,T* (1.4)

ou n est la densité de particules, a, = 40/3c et o est la constante de Stephan. En
général, on se place dans un régime dominé soit par le pression du gaz, soit par la
pression de radiation.

Pour un gaz parfait, I’enthalpie par unité de masse H est directement reliée a la

pression par
P

H=-1_2 (1.5)
T=1p

ou v est l'indice adiabatique. C’est une grandeur thermodynamique importante,
car elle représente une sorte de réservoir d’énergie (interne et travail des forces de
pression) dans lequel le fluide peut puiser et la convertir en énergie cinétique (voir

section 4.2).
L’équation de conservation de 1’énergie prend souvent plusieurs formes. La forme
la plus simple associe la variation temporelle de ’énergie totale d’un élement de fluide

a son transport vers ou hors de celle-ci,

O0F
Et— -+ V.qtot =0 5 (16)



1.1. Hydrodynamique et champs magnétiques 79

E étant la densité d’énergie totale du fluide (interne + cinétique + potentielle) et

Qiot 1la somme des flux d’énergie, dus a divers processus. On a ainsi
1
E=U-+ —2~pu2 + pdg (1.7)

avec la densité d’énergie interne U = 3nksT/2 + 3a,T*, tandis que le terme de

transport s’écrit

1
Giot = (§u2 + ¢G + H)pu -+ Srad + Qeond + Qturd — u.T (18)

Le premier terme décrit le transport de I’énergie mécanique et de I’enthalpie (U4 P =
pH) par advection avec la matiere, le second terme le transport par les photons, le
troisieme celui par conduction thermique!, le quatriéme est un terme de transport
effectif lorsque le disque est turbulent (ou cela peut étre, par exemple, un transport
convectif) et le dernier terme est le transport d’énergie d'un élement fluide a un
autre grace a la viscosité.

L’équation de conservation de I'impulsion montre comment I’énergie mécanique
du fluide varie, selon les diverses forces en présence. Plutoét que d’utiliser la conser-
vation de I’énergie totale, il suffit donc d’écrire une équation portant sur ’énergie
interne du fluide, qui ne sera pas une équation conservative mais qui décrira quelle
est la part de ’énergie totale du fluide qui est transférée en énergie interne. Pour
cela, la puissance mécanique, calculée a partir de ’équation (1.2), est retranchée a

I’équation (1.6). On obtient ainsi I’équation de chauffage du disque

oUu
5 + V.(Uu+ Sred + Quurs) = —PV.au+ (T.V)u. (1.9)

L’énergie interne du disque varie donc en fonction du temps en fonction des pertes
radiatives et/ou d’un transport anormal d’énergie et des termes de chauffage, dus

au travail des forces de pression et aux frottements visqueux.

La viscosité des disques d’accrétion

Le tenseur de viscosité peut s’écrire d’une maniere générale (voir Landau &

Lifchitz 1954)

Ou;  Ou; 2 Ouy Oug
Ti; =no L b wli— :
I 7 (8:% t a.’I),’ 3 J&m) +C 6Ja$k (1 10)

11 est toujours négligeable devant le transport radiatif & moins que la conductibilité thermique

ne soit anormale, ce qui serait alors modélisé par le terme de transport gzur;. Donc, ce terme est
dans tous les cas négligé.
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pour un fluide isotrope de coefficient de viscosité dynamique 7, (“shear viscosity”)
et de seconde viscosité (, (“bulk viscosity”). Cette seconde viscosité est due aux
degrés de liberté internes d’un gaz non parfait, qui peut ainsi étre sujet & des mo-
difications internes lors d’une variation de son volume. Puisque ce terme du tenseur
des contraintes est isotrope il peut se rajouter au terme de pression dans 1’équation

d’impulsion, apportant ainsi une correction proportionnelle & V.u,

Peomplet = P+ Cu‘l?#
ou D./Dt est la dérivée lagrangienne. La pression P intervenant ici est celle obte-
nue a 1’équilibre thermique, lorsque se sont relaxés tous les processus d’excitation,
lonization ou dissociation des atomes ou molécules constituant le gaz. Lorsque ce
temps de relaxation est tres petit devant le temps caractéristique d’évolution du
gaz ~ (Dln p/Dt)™" (comme c’est le cas dans 'approximation du gaz parfait), cette
seconde viscosité peut étre négligée.

Contrairement a la force visqueuse (que je n’écris pas ici), I’expression du terme

de chauffage visqueux est simple et s’écrit

_ Ou; _ M {Ou;  Ouj 2 Ouy, 2
(T.Viu= T”(?:cj =3 (8wj + 8:@) + (o <5$k) . (1.11)

Dans un disque de matiére en rotation quasi-képlérienne, la rotation différen-
tielle introduit un frottement visqueux entre deux anneaux de matiere adjacents.
Ces frottements tangentiels vont alors permettre le transfert de moment cinétique
de I'anneau intérieur plus rapide vers ’anneau extérieur plus lent. Ainsi, par ce pro-
cessus de frottements visqueux, le moment cinétique de la matiére est transporté
radialement vers I’extérieur du disque, tandis que la matiére qui a perdu de I’énergie
mécanique est accrétée vers 'objet central. Cependant, il n’existe aucune viscosité
“normale” connue qui permet ce transport au niveau escompté. Par exemple, pour
un fluide completement ionisé (Spitzer 1962) elle vaut

5/2

T
ny = 2.21 1071€ T kg.m™'s™! (1.12)

ou In A est le logarithme Coulombien (il varie entre 5 et 20 pour les plasmas astro-
physiques). Pour une valeur aussi petite de la viscosité, le nombre de Reynolds R,

qui décrit I'influence relative du terme d’inertie et du terme visqueux,

Re = — (1.13)

Uy
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est beaucoup plus grand que I'unité (v, = 7,/p est la viscosité cinématique). Ceci
implique que les frottements visqueux dus & une quelconque viscosité moléculaire
sont completement négligeables devant les autres forces (voir discussion p.66 dans
Frank, King & Raine 1985). Ainsi, seul un processus turbulent, hydrodynamique
pur ou dans lequel un champ magnétique a petite échelle jouerait également un réle,
pourrait donner lieu a la viscosité requise.

Dans un disque d’accrétion axisymétrique, dans lequel le mouvement dominant
est celui de rotation autour de l'objet central, seule la composante T, du tenseur
des contraintes visqueuses joue un réle pertinent (et (, n’intervient pas). Shakura

- & Sunyaev (1973) ont proposé une écriture de cette composante de la forme

Tms = T¢T = --OZUP (114)
proportionnelle & la pression totale? avec a, < 1, ce qui correspond & la viscosité
cinématique 0

Uy = -S—asth , (1.15)

oit C? = P/p est une mesure de la vitesse du son dans le disque. Cette prescription
“alpha” est la clef de voiite du modéle de disques d’accrétion visqueux (devenu
depuis le modele standard). La force visqueuse agissant sur un disque se réduit alors

a un couple de friction

10/, 19 4,00
VI= o (r*T,s) e = ~ 5T e (1.16)
tandis que le terme de chauffage visqueux s’écrit
2
(T.Viu=n, (r%g) (1.17)

D’autres prescriptions de la viscosité ont été utilisées (voir la revue de Pringle
1981) mais sans détréner celle-ci, du fait de son caractére opératoire (toute notre
méconnaissance des processus physiques qui donnent lieu 3 la viscosité requise est
exprimée par le parametre o). Une viscosité “béta” a également été introduite,
pour laquelle le tenseur des contraintes serait proportionnel & la pression du gaz
uniquement, et non plus a la pression totale. Cette viscosité serait due & la présence
de tubes de flux magnétique a petite échelle, étirés jusqu’a leur reconnexion par la

rotation différentielle du disque. Ainsi, une partie de la masse serait transférée vers

ZCette forme est intéressante car elle permet de modéliser d’autres formes de viscosité, en
utilisant la pression du gaz par exemple (voir plus bas).
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les rayons internes tandis qu’une autre partie vers I’extérieur du disque, emmenant
le moment cinétique. Ces tubes étant également soumis & ’instabilité de Parker (voir
section 2.1) seraient expulsés verticalement hors du disque, donnant alors naissance
a une couronne chaude magnétisée (Eardley & Lightman 1975, Galeev et al. 1979,
Coroniti 1981, Sakimoto & Coroniti 1981, 1989, Stella & Rosner 1984, Burm 1985).
Cette expulsion du flux dépendant de la pression du gaz, cette “viscosité” effective
doit dépendre directement de la pression du gaz plutét que de la pression de radiation
(une telle prescription ne se différencie de la prescription “alpha” que pour la région
dominée par la pression de radiation). Je reviendrai au chapitre 4 sur ces deux

prescriptions de la viscosité.

1.1.2 Effets magnétiques

A ces équations hydrodynamiques, il faut maintenant prendre en compte les
effets propres au champ magnétique. Celui-ci n’ayant d’influence que sur des parti-
cules chargées, la matiere fluide du disque doit étre suffisamment ionisée pour que
Vintéraction magnétique ait une quelconque importance. Les équations de la MHD,
utilisées ici, sont obtenues en considérant un plasma complétement ionisé, constitué
des deux especes ions et électrons. Un traitement plus élaboré & trois fluides prenant
en compte la présence de particules neutres, devrait étre alors fait lorsque la frac-
tion d’ionisation du plasma devient faible. Dans ce qui suit, nous considérons que
cette fraction est suffisamment élevée pour qu’il y ait un bon couplage collisionnel
neutres-électrons (voir Pudritz 1985).

Bien qu’électriquement chargé a petite échelle, les grandes échelles spatiales inter-
venant dans ce probleme permettent de considérer le plasma du disque comme étant
électriquement neutre. En effet, les charges qui entourent une particule test créent un
champ électrique qui écrante celui de la particule. Ainsi, au-dela de la sphére de De-
bye de rayon Apey ~ (/ksT./47e2n,, le champ résultant est nul. L’électro-neutralité

est alors vérifiée si la taille caractéristique L, du milieu est telle que

L, > Ape (1.18)

Cas des disques d’accrétion magnétisés: je vais un peu anticiper ici sur les résultats

de la section 4.3. Les valeurs typiques de densité et de température sont

n~ 10" ¢cm™3

T ~210°K
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4 une distance r ~ 10Rg ~ 10'? cm de 1’étoile centrale dans le cas des disques
proto-stellaires, et

n ~ 10 cm™3

T ~10* K

ar ~ 300r, ~ 10*Mg cm pour un disque autour d’un trou noir de 10® masses

solaires. La taille caractéristique L, est alors I’épaisseur du disque, qui varie entre

1073 et 107! fois la distance r.

Pour les valeurs ci-dessus, la longueur de Debye est de l'ordre de quelques
microns®, bien inférieure & L.

Pour que 'approximation fluide soit justifiée, le plasma doit étre également do-
miné par les effets collectifs, ce qui n<cessite qu'un grand nombre de particules

occupe la sphere de Debye,
neXpey > 1. (1.19)

Cette contrainte est vérifié des lors que
n. < 10° 7% cm™® (1.20)

c’est a dire n. < 10'® cm™ pour une étoile jeune et n, < 107 cm™ autour d’un
objet compact. Le plasma des disques magnétisés satisfait sans difficulté ce critere.
L’électro-neutralité entraine immédiatement n, ~ n; ~ n, et on peut alors établir la

conservation de 'impulsion pour le plasma, de densité moyenne
p=(m;+me)n~mn (1.21)

et de vitesse moyenne la vitesse barycentrique

_ m;v; + MmeVe

u=
(m; + me)

~ V. (1.22)
A cause de leur faible inertie, le déplacement des électrons est completement négli-
geable dans la dynamique du plasma et ils contribuent uniquement a maintenir un

courant

J=en(v;-v,). (1.23)

3En fait, la densité intervenant dans la longueur de Debye est celle des électrons qui, aux
températures considérées, doit étre légérement inférieure a la densité n utilisée. Cependant, &
Péchelle L, du disque, tout écart & la neutralité reste complétement négligeable.
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En additionnant la conservation de 'impulsion pour les deux espéces, ions et élec-

trons, on obtient

p%t +p(u.V)u=~VP+pVés +I xB+V.T, (1.24)

ou la pression totale intervenant ici est P = P, + P, et 1’électro-neutralité locale
du plasma a entrainé I’annulation de la force électrique totale. L'effet du champ
magnétique sur le plasma est donc une force supplémentaire, la force de Lorentz,
qui f)eut s’écrire )

JxB=-V B + B.VE (1.25)
24t Po

comme la somme d’une pression magnétique hydrostatique et d’une tension magné-

tique le long des lignes de champ. La force magnétique étant nulle le long d’une
ligne de champ (la pression équilibre la tension), tout mouvement du plasma le long
de cette ligne ne peut étre di qu’a une autre force (gradient de pression du plasma,
inertie etc...).

La description mono-fluide utilisée ici n’est cependant compatible avec I’hypo-
these d’un gaz parfait P = f(p,T), que si Pon peut définir une seule température
pour le milieu. Soit la pression de I'une des composantes du plasma domine celui-ci,
soit le milieu est thermalisé (T; = T. = T'). Dans ce cas, le plasma doit étre suffisam-
ment collisionnel afin qu'’il y ait une fonction de distribution unique, maxwellienne,
décrivant I’ensemble des particules. Ceci est vérifié des lors que le libre parcours

moyen gy des particules est tel que
L, > Ao . (126)

Ce libre parcours moyen peut étre estimé par A,y ~ CseTeoll, O Cye = 1/kgT [,
est la vitesse thermique des électrons et 7.,y un temps caractéristique de collision.
Pour un plasma completement ionisé, ce temps vaut (Spitzer 1962)

TS /2

Tei = 2.66 105n s (1.27)

ce qui donne un libre parcours moyen collisionnel

]_,2
. A~ 5 —_t
/\ez = 10 el A (1.28)

de 'ordre de quelques millimetres, négligeable devant L, (la densité est exprimée en

cm™? et la température en degrés K). Pour un plasma partiellement ionisé, un calcul
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plus détaillé prenant en compte les neutres, donne un temps de collision électrons-

neutres (Cowling 1976) plus long

T—1/2

Ten = 5.11 10" —=— s, (1.29)
Tp
et un libre parcours moyen correspondant
Aen =~ 10071 cm (1.30)

de 'ordre du meétre, également bien plus petit que I’échelle de hauteur du disque.
Arrivés a ce point, nous sommes en mesure de décrire l'influence du champ sur
le plasma. Mais celui-ci, par I'intermédiaire des courants qu’il engendre, influence a

son tour le champ magnétique.

Equations de Maxwell

Les équations électromagnétiques de Maxwell décrivent les interrelations entre le
champ magnétique B et le champ électrique E. Pour un plasma isotrope peu dense

elles s’écrivent

1 0E

VxB= ,qu + E_Z-E (131)
VB=0 (1.32)

0B
VxE=-% (1.33)
VE=2 (1.34)

€o
ol po = 4w 1077 H.m™! est la perméabilité magnétique du vide, &, ~ 8.854 10~1?
F.m™! est la permittivité du vide et p* est la densité de charges.
La premieére de ces équations montre que le courant J est di a la fois a 1’auto-
induction et & un champ électrique variable. Or, ce dernier effet (en utilisant la

troisiéme équation de Maxwell) est de l'ordre de

E, U,B, (Uo>2 B,

S~ =) (1.35)

ou U, = L,/t, est une vitesse caractéristique du plasma. Ainsi, pour U, < ¢, c’est a
dire pour toute variation lente des grandeurs du plasma, on peut négliger le champ

électrique du aux courants de déplacement. Ceci est une approximation clef de la
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MHD non-relativiste, qui conduit & interpréter alors le courant comme étant di

uniquement & 'auto-induction

B
J=Vx—. (1.36)
o
La conservation de la charge (issue de la quatrieme équation de Maxwell), qui
s’écrit Py
p
VI=0 1.37
ot (1.37)

montre que la variation temporelle de la charge est de I'ordre de (U,/c)? fois le
second terme. La conservation de la charge peut alors se réduire dans ce régime

quasi-statique a

vI=0, (1.38)

ce qui implique que le courant circule sur des boucles fermées, aucun effet d’accu-
mulation de charges n’étant ainsi pris en compte.

Une conséquence trés importante de cette hypothése de variations lentes (U, <
c), est que ’énergie électromagnétique est contenue presque entiérement dans le
champ magnétique. En effet, si u = ¢,E?/2 est la densité d’énergie électrique et

Um = B?/2p, est la densité d’énergie magnétique, alors

Ue ~ ([—iﬂ)zum . ‘ (1.39)
La variation de I'énergie magnétique s’écrit alors simplement
Qgt—m +V.Sp=-JE (1.40)
ou
Sp = E; B (1.41)

est le vecteur de Poynting transportant la puissance MHD. Le terme de droite de
I’équation (1.40) décrit interaction du champ électromagnétique avec la matiére,
qui regoit ainsi une partie J.E de la puissance disponible. Dans un disque magnétisé,
ce terme apparait comme un terme source (i.e., membre de droite) dans 1’équation
d’énergie (1.6).

La loi d’°Ohm

Avec les hypotheses précédentes le probléme reste indéterminé car il manque une
équation fournissant ’evolution temporelle du champ électrique. On adjoint alors

aux équations de Maxwell une relation entre J et E, qui dépend des propriétés
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conductrices du milieu considéré. Lorsque celui-ci est completement ionisé, il est
facile d’obtenir une telle relation & partir de ’équation de conservation de I’impulsion
des électrons. A cause de leur faible masse, ’accélération des électrons ainsi que la

force de gravité qui s’exerce sur eux sont négligeables et cette équation devient

MeTle

0=-VP, —ne(E+v.xB)+ (vi — ve) (1.42)

Tes

ou le dernier terme est la force d’entrainement due aux collisions avec les ions. avec
un temps caractéristique entre deux collisions 7.;. En utilisant alors la définition du

courant J et de la vitesse moyenne u du plasma, on obtient une loi d’Ohm généralisée

JxB VP
E+uxB=1J/oc+ i (1.43)
ene ene
ou o est le coefficient de conductibilité électrique du plasma et vaut
Ne€2Te;
= 1.44
o= (1.44)

Ici, o est une constante mais dans un cas général, il peut y avoir des directions
préférentielles dans le plasma qui induisent des taux de collisions différents selon
les directions (le long d’un champ magnétique, par exemple). Dans un tel cas, la
conductibilité est un tenseur du second ordre (j’y reviendrai plus bas lorsque je
décrirai les équations du disque et en particulier, la diffusivité magnétique requise).
Le second terme du membre de droite de la loi d’Ohm décrit Deffet Hall et est

négligeable devant ceux de gauche lorsque

V2
weito > 'U% _ (1.45)
ou B B
= EPo 194 Be -1
Wei —— 10 G rad.s (1.46)

est la pulsation cyclotron des protons. De méme, le dernier terme de la loi d’Ohm,

qui décrit un effet de pression capable d’engendrer du courant, est négligeable pour
ct
wc,-to > ﬁ . (147)

En prenant alors les conditions valables dans les disques d’accrétion magnétisés

(Up = Loty ~ Qgh ~ Cs ~ V), ces deux contraintes sont satisfaites des lors que

wei > QK . (1.48)
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Pour un disque autour d’une étoile jeune de 1 masse solaire, la vitesse angulaire
képlérienne vaut 2 107* rad.s™ pour r = 2rg. Pour un disque autour d’un trou noir
supermassif de 10® masses solaires, cette vitesse vaut 1.4 10~ rad.s~! & la derniére
orbite stable (r = 3r,). Ainsi, dans les deux cas ces termes sont toujours négligeables

et la loi d’ohm se résume 3 I’expression familiere
E+uxB=7,J. (1.49)
ou 7, = 1/0 est la résistivité du plasma. En utilisant cette relation, il vient alors
JE=9,3"+u(J xB), (1.50)

qui montre que la puissance fournie au plasma se traduit par une puissance méca-
nique par Iintermédiaire de la force de Lorentz et un transfert d’énergie magnétique
en énergie interne par effet Joule. Ainsi, en retranchant & ’équation d’énergie (1.6)
la puissance mécanique, nous obtenons aisément I’équation de chauffage du disque
magnétisé, dans lequel la dissipation d’énergie magnétique par effet Joule contribue

a accroitre son énergie interne.

Equation d’induction du champ magnétique

En combinant la loi d’Ohm (1.49) aux équations de Maxwell, on obtient 1’équa-

tion d’induction du champ magnétique,

JB '
—5t—:V><(u><B)—V><(z/mV><B) (1.51)
qui fournit ’évolution de celui-ci en fonction du champ des vitesses du plasma et de
sa diffusivité magnétique v, = n,,,/p,. Les deux termes en présence traduisent deux
comportements tres différents du champ, dont I'importance relative est mesurée par
le nombre de Reynolds magnétique R, défini par
_ LU,

Um

Rom (1.52)

Lorsque R, < 1, le premier terme devient négligeable et I’équation d’induction
peut se ramener a une équation de diffusion

0B

ot

pour une diffusivité constante. Le flux magnétique s’échappe de proche en proche

= v, V’B (1.53)

du plasma. La grande difficulté des expériences de laboratoire consiste justement a

maintenir le flux magnétique a 'intérieur du plasma et 1’empécher de diffuser.
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En astrophysique, les longueurs caractéristiques mises en jeu sont gigantesques
et 'autre cas extréeme, R,, > 1 est souvent la regle. Lorsque le terme de transport

du champ (advection) domine,

a—]§:V><(u><B), (1.54)
ot
le champ est “gelé” & la matiére (et réciproquement ). Dans ce régime, dit de MHD
idéale, le champ et le plasma sont intimement liés et certaines propriétés du champ
magnétique sont alors directement perceptibles a travers I’analogie entre une ligne

de champ et un fil, doté d’une certaine élasticité.

— Un ensemble de lignes de champ crée une certaine pression qui opposera une
résistance 3 toute compression. Tout mouvement latéral de matiere est alors

fortement empéché.

- La tension magnétique donne une certaine rigidité aux lignes de champ, qui
tendent ainsi & minimiser leur longueur. En particulier, cette tension introduit
une force de rappel qui peut donner naissance & une onde transversale (onde
d’Alfvén). Celle-ci correspond a un ébranlement du champ, comme celui d’une

corde vibrante.

— Ces deux effets combinés, induisent dans un plasma une force de rappel qui,
lorsque le gradient de pression du plasma est également pertinent, donne lieu
4 des ondes compressionnelles (magnétosonique lente et rapide, voir section
3.1). Celles-ci correspondent a une compression et a une raréfaction du champ

dans le milieu.

Dans quel régime se trouvent le disque et les jets? Pour un plasma complete-
ment ionisé, la conductibilité électrique calculée plus haut équivaut a la diffusivité
magnétique |

Me
VUm = m (155)
ou T; est le temps de couplage collisionnel électron-ion. En utilisant ’estimation de

ce temps fournie par Spitzer (Eq. 1.27), on obtient
Vm ~5.2 107 InA T73/% m?s7" (1.56)

Pour des valeurs de densité et de température caractéristiques des jets, on trouve un
nombre de Reynolds magnétique gigantesque (voir la these de F. Rosso 1994). En

fait, ce gel du champ dans les jets est principalement di a leur taille “astronomique”.
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Si nous utilisons pour le disque les mémes estimations de diffusivité magnétique
que pour le jet, nous trouvons également que le champ est gelé & la matiere. Mais
alors une telle situation n’est pas stationnaire et probablement instable, comme ’ont
montré des simulations numériques (par ex., Stone & Norman 1994). Un champ
électromoteur engendre dans le disque de forts courants qui modifient le champ
magnétique, en entrainant la génération démesurée d’un champ toroidal. Une telle
situation ne peut rester stationnaire et le disque est alors certainement le siége
d’instabilités résistives qui reconfigurent la structure magnétique en donnant lieu
a des ilots magnétiques. Dans ce contexte, il est naturel de faire I’hypothése que
de telles instabilités saturent, produisant en régime stationnaire un transport anor-
mal de diverses quantités du disque (impulsion, champ magnétique, énergie). Ainsi,
afin d’obtenir une situation d’accrétion stationnaire, ot la matiére peut traverser le
champ dans le disque, nous allons faire ’hypothése qu’un coefficient de diffusivité
magnétique anormal v, existe, puis estimer son ordre de grandeur. Comme il est
probable que les instabilités liées au champ toroidal soient plus virulentes, nous in-
troduirons deux coefficients différents, 'un dans la direction poloidale ’autre dans

la direction toroidale (voir section suivante).

Les équations de la MHD

Je résume ici les équations de la MHD, dans le cas d'une diffusivité magnétique
v, et d’une viscosité dynamique 7, (pour un tenseur des contraintes visqueuses T,
réduit a la prescription alpha (1.14)) isotropes:

Conservation de la masse

Op ‘
E-t--i-V.pu—O (1.57)
Conservation de I'impulsion
Ju
i +p(uV)u=-VP+pVés+I x B+ V.T (1.58)
Chauffage du disque
oU o0\
o + V.(Uu+ Srad + Qeurs) = —~PV.u+ 9, J% + 1, (r(f);) (1.59)
Induction du champ
0B
7 =V x(uxB)-VX (v,V xB) (1.60)

ot
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Conservation du flux

V.B=0 (1.61)
Théoreme d’Ampere
B
J=Vx— (1.62)
Ho
Loi d’Ohm
E+uxB=n,J (1.63)
Equation d’état
P = nksT + a,T* (1.64)

1.2 Cadre conceptuel

1.2.1 Equations d’un disque mince magnétisé

Le disque d’accrétion est supposé géométriquement mince (A < r, ou h(r) est
’échelle de hauteur du disque), axisymétrique (0, = 0) et stationnaire (§; = 0).
Avec ces approximations, ’ensemble des équations MHD décrit plus haut se simplifie
considérablement et une approche semi-analytique du probleme peut étre envisagée.

Le champ de vitesse et le champ magnétique se décomposent alors

u =u,+ Orey

(1.65)
B =Bp+B¢, :

ot 'indice “p” indique la composante poloidale du vecteur (i.e, dans le plan (r,z)) et
Q(r, 2) est la vitesse angulaire de la matiere. Nous verrons plus bas que la composante
poloidale de la vitesse du plasma est parallele au champ poloidal dans le jet, dans
des conditions de MHD idéale. Dans le disque, le glissement de la matiere a travers
les surfaces magnétiques impose de traiter le probleme en regardant ce qui se passe
dans les trois directions (r,4,z), il n’y a alors aucune direction privilégiée imposée
par le champ. Quant au champ magnétique, ’axisymétrie permet de le connaitre en
tout point de I’espace, & partir de deux champs scalaires a(r, z) et b(r, z).

En effet, le champ poloidal peut s’écrire

1
B, = —Vaxeg, (1.66)

ol a = rAg, Ay étant la composante toroidale du potentiel vecteur (B = V x A). Ce

champ scalaire a est a une constante pres le flux magnétique traversant le disque.
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Pour le voir, il suffit d’utiliser le théoreme d’Ampere et calculer le flux magnétique
traversant une surface & de rayon r, située a une altitude z au-dessus du disque et

de circonférence C,

/S B.dS = fé Audl = 2ra(r,2) . (1.67)

Une surface magnétique, ancrée dans le disque a un rayon r, et s’évasant progres-
sivement au fur et & mesure qu’on s’éleve, est alors définie par a(r,z) = a(r,,0) =
Constante (B,.Va = 0). Cette notion de surface magnétique (i.e. tube de flux)
est trés importante pour la physique des jets. La déformation de ces surfaces par

I’écoulement est directement mesurée par le courant toroidal,
1 1
Jp = ——Aa, (1.68)
010 0?

arror 92

est une sorte de Laplacien modifié. Lorsque ce courant est positif (y,Jy ~ 0B, /0z >

A= TZV.—%V =r
T

0) les surfaces s’évasent, tandis qu’elles se referment lorsqu’il est négatif.

La composante toroidale du champ magnétique est, elle, décrite par
b(r,z) =rBy . (1.69)

Cette fonction b est intimement reliée au courant poloidal qui circule dans toute la
structure par

1
J,=—Vb . .
p ﬂoTv X €y (1 70)

ce qui peut s’écrire également
[ 348 = Zhir,2) (1.71)
dS = —b(r,2) . .
S Mo

Ainsi, b(r, z) = Constante définit des surfaces de courant poloidal constant (J,.Vb =
0). Selon le type de courants établis & la surface du disque, divers régimes de collima-
tion et d’accélération des jets sont possibles. Cette fonction est cruciale dans ’étude
des jets, et méme du disque comme nous le verrons aux chapitres suivants. Plus gé-
néralement, nous avons vu qu’une structure MHD d’accrétion-éjection ne pourrait
fonctionner d’une fagon stationnaire que s’il existe un circuit électrique fermé. La
question du courant dans ces structures est donc fondamentale.

Dans le travail présenté ici, nous allons nous restreindre & une configuration

magnétique bipolaire, o des lignes de champ magnétique traversent le disque de part
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F1G. 1.1 - Vue schématique de la configuration magnétique bipolaire, torsadée par
la matiére en rotation du disque d’accrétion. Pour cette géométrie, la composante to-
roidale du champ est négative au-dessus du disque et positive en-dessous, alimentant
les deux jets symétriques avec un flux de Poynting MHD. La surface dessinée re-
présente une surface magnétique poloidale, de flux constant. Chaque surface tourne
a la vitesse angulaire de la matiere, mesurée sur le plan du disque. Une telle confi-
guration serait naturellement obtenue par advection du champ interstellaire avec la
matiere constituant le disque.

en part (voir figure 1.1). Le flux magnétique est alors une fonction paire de la variable

z, a(r,—z) = a(r, z), tandis que le champ toroidal est impair, b(r, —z) = —b(r, 2).

Dans ce qui suit, je décris les diverses équations du disque mince magnétisé et
leur sens physique. Certains aspects de la physique des jets en MHD idéale seront
également abordés, afin de montrer le régime asymptotique que doit atteindre le
plasma issu du disque résistif. La transition entre ces deux régimes, physiquement
trés différents et posant divers problémes, sera abordée au chapitre 3.
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Déformation des surfaces magnétiques

[’axisymétrie implique que le champ électrique toroidal est nul: E4, = 0. La
loi ’0Ohm fournit alors directement le courant toroidal en fonction de la vitesse

poloidale de ’écoulement

mdg = Up X B, , (1.72)
ou, si nous la “déplions”,
da Oa
1o ol
vmA'a = u, Em + Ui - (1.73)

Cette équation décrit la fagon dont les surfaces magnétiques réagissent a ’écoule-
ment, en fonction de I'importance relative de ’advection (qui a tendance a entrainer
le champ avec le plasma) et de la diffusion. Lorsque la diffusion devient négligeable
(& cause de la chute de la diffusivité et/ou des mouvements rapides du plasma),
I’équation (1.72) montre que la vitesse poloidale devient paralléle au champ poloi-
dal. En combinant cette équation avec la conservation de la masse et du flux, nous

obtenons la relation suivante (pour z > 0)

O (1.74)

avec B,.Vk = 0, ce qui montre que £(a) est une constante le long d’une surface
magnétique. Cette relation, valable uniquement dans le jet, décrit le fait que le
plasma glisse le long des surfaces magnétiques qu’il ne peut plus franchir. La valeur
de x(a) est aisément obtenue & partir de la relation ci-dessus, appliquée a la surface
d’Alfvén. Sur chaque surface magnétique, il existe un rayon r4(a) (dessinant donc,
par axisymétrie, une ligne sur la surface magnétique) ou la vitesse poloidale du
plasma du jet devient égale a la vitesse d’Alfvén poloidale locale V4, = B,/ (pop)*/?.
L’ensemble de ces lignes, obtenues pour toutes les surfaces magnétiques, dessine
alors une surface dite d’Alfvén. Nous obtenons ainsi x(a) = \/fopa, ot pa est la

densité au point d’Alfvén sur la surface magnétique considérée.

Torsion des lignes de champ

La torsion d’une ligne de champ magnétique est mesurée par sa composante
toroidale. Cette composante (et ses dérivées) a une importance majeure dans la
structure du disque et du jet: elle intervient dans le couple magnétique qui freine le
disque, dans le flux de Poynting MHD qui accélere le plasma et, plus haut dans le

jet, dans le confinement de celui-ci. L’équation d’induction du champ magnétique
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(1.60) peut s’écrire (approximation du disque mince) comme une équation sur le

courant radial dans le disque

0 0a 0 a0} 0 0
&T]mv]r = -8_7'5 - -8—?;-5-; et ($UZB¢ + EFUTB¢) . (175)

Ici, une éventuelle anisotropie de la diffusivité magnétique a été prise en compte,
avec introduction d’une “diffusivité toroidale” v, a priori différente de la “diffusi-
vité poloidale” v,, (voir la section consacrée a la diffusivité). Le terme de rotation
différentielle (V§), qui a un role si crucial dans 'effet dynamo, relie ici la com-
posante toroidale du champ a la vitesse de rotation du plasma. Cette relation est

encore plus nette dans ’expression conservative (exacte) de I’équation (1.60)

; 1
v.(-’:ggw) = V.~(Bsu, — B,r) (1.76)
qui, en régime de MHD idéale, fournit la vitesse angulaire Q. (a) de chaque surface

magnétique (pour z > 0)
K

HopT
Cette vitesse, telle que B,.VQ, = 0, reste toujours supérieure a celle de la ma-

Qu(a) =0 —

By (1.77)

tiere dans le jet (voir section 3.2.4). Dans le jet idéal, le champ électrique s’écrit
simplerent

E=—-uxB=-re; xB,, (1.78)

montrant que (2, peut s’interpréter comme la vitesse de rotation du référentiel dans

lequel le champélectrique s’annule. A la différence du disque résistif, dans le jet idéal
EB,=0.

Flux de masse

La conservation de la masse s’écrit en régime stationnaire

10 0

il —(pu,) =0 1.79

L (rpur) + (o) (1.79)
ce qui souléve immédiaterr-nt une difficulté & venir. En effet, ’existence d’ur 1-
vement vertical oblige & tre. r convenablement le probleme mathématique po:

les dérivées partielles (voir section 2.2). En irtégrant cette équation sur le disgue

nous obtenons une écriture plus intuitive

Ma(r) — 2M;(r) = My; (1.80)
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exprimant le fait que le flux de masse Mai au rayon interne r; (le taux d’accrétion
réel sur 'objet central) est égal au flux de masse My & travers le disque en un rayon
r, moins le taux de perte de masse MJ dans chacun des deux jets entre r; et r. Le

taux de perte de masse est défini ici par
MJ z/ 2rrdrptul (1.81)

ou le signe “+” désigne des valeurs prises a l’altitude z4 telle que u,(r,zy) = 0. En
dessous de cette altitude, la vitesse radiale est négative, dirigée vers I’objet central,
puis devient positive dans le jet. Puisqu’il y a une perte de masse verticale, le taux
d’accrétion de matiere dans le disque est une fonction croissante du rayon et nous
pouvons alors définir 'indice d’éjection ¢ positif

5=;ﬁi<%ﬁ?) (1.82)

ol Mae est le flux de masse au rayon externe r. du disque. Cet indice est une mesure
de I’efficacité du processus d’éjection a un rayon donné. En particulier, si les flux de

masse sont des lois de puissance du rayon, le taux de perte de masse total dans les

2M: N
.Je=1_(ﬁ) (1.83)
Mae Te

dépendant fortement de I’extension radiale du disque et de lefficacité locale d’éjec-

jets s’écrit

tion.

Equilibre radial: Rotation quasi-képlérienne

A Vordre zéro en h/r, I’équilibre radial se réduit & une rotation képlérienne de
la matiere du disque. A I'ordre supérieur, il existe un léger écart & cette loi da a la
tension des lignes de champ magnétique. La vitesse angulaire du plasma peut donc
s’écrire

Q=0x(1+w) (1.84)
avec |w| < 1 et négatif sur le plan du disque. Cependant, & cause de la décroissance
de la densité avec l’altitude, les effets magnétiques vont devenir importants et donner

lieu a une accélération radiale (u,.V)u, du plasma. Ainsi, ’équilibre radial devient

10P 1
(up.V)uT ~ ZLUQ%(T' - ;W + ;(J¢BZ - JzB¢) ; (185)

ou le premier terme du membre de droite décrit une force effective, résultant de

lattraction gravitationnelle et de la force centrifuge.
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Equilibre azimutal: L’analogie avec la roue de Barlow

L’équilibre azimutal décrit I’accélération de la vitesse angulaire de la matieére due
aux forces magnétique et visqueuse
ow  J.B, = J;B, 1 9r*T,y

1
§ur(1 T+ YT T 197% + pQgr?  Or

(1.86)

Alors que le couple visqueux freine toujours la matiere, le couple magnétique a
un comportement qui dépend fortement de la magnitude du courant radial. Un
disque d’accrétion est freiné magnétiquement par un processus analogue a celui de
I’expérience de la roue de Barlow (voir figure 1.2). Un champ électromoteur (u x B)
di A la rotation du disque induit un courant radial J, positif sur le plan du disque,
qui provoque un couple magnétique de freinage (—J,B.). Le moment cinétique de la
matiére ainsi que son énergie mécanique sont alors transférés du plasma au champ.
Vers la surface du disque, le courant diminue et la force magnétique change de sens
accélérant alors azimutalement la matiére (j’y reviendrai au prochain chapitre).
Cette équation azimute! décrit également le transport de la densité volumique
de moment cinétique du disque L = pQr?, par le champ magnétique et la visco-
sité. Lorsque le couple visqueux est négligeable devant le couple magnétique (ce qui

semble étre la régle, voir section 2.1), cette équation s’écrit
b
V.(pQriu, — L—-B,,) =0 (1.87)
0

ou la conservation du moment cinétique total (plasma + champ) est assurée. En
régime de MHD idéale, I’équation ci-dessus devient

B,.V [sw - fﬁ?i] ~0. (1.88)

K

La quantité entre crochets, qui est conservée le long d’une surface magnétique, est le
moment cinétique total {(a) par unité de masse du plasma et du champ. En utilisant
Péquation (1.77) et en exprimant [(a) au point d’Alfvén, la conservation du moment
cinétique devient

| l(a) = Qur? = Qr® — rBy .

K

(1.89)

Ce rayon d’Alfvén r, décrit alors une sorte de bras de levier magnétique, sur lequel
le jet “pese” pour freiner le disque et lui extraire son moment cinétique (voir figure
1.3). Intuitivement nous nous attendons alors a obtenir soit des jets massifs avec un
petit bras de levier, soit des jets ténus avec un bras de levier plus important, afin que

le jet puisse extraire tout le moment cinétique du disque. Par ce processus, le plasma
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F1G. 1.2 - L’expérience de la roue de Barlow, effectuée en 1828, montre que les
forces magnétiques sont transmises a la matiére conductrice. Un disque de cuivre,
mobile autour d’un axe horizontal C, est placé entre les branches d’un aimant en
fer a cheval (le champ magnétique entre par la face visible du disque) et en contact
avec une rigole DF contenant du mercure. Le disque se met alors en mouvement
lorsqu’il est parcouru par un courant, arrivant ici par le mercure et sortant par ’axe
de rotation. Réciproquement, il est freiné si le courant change de sens (dessin issu
de Goudet 1975).

du jet acquiert de ’énergie mécanique qui lui permet d’étre accéléré et de s’échapper
a l'infini. Ainsi, il ne peut y avoir accrétion sans éjection et réciproquement.
Equilibre vertical: Origine des jets

L’accélération verticale du plasma (u,.V)u, est donnée par

10 B? + B? B, 0B
u.Vuzz——sz-————<P+ r ¢>+ U
(2,-V) B p 2410 fop Or

(1.90)

L’une des difficultés de ce probléme réside dans le changement de régime, entre
le disque en équilibre quasi-statique vertical et le jet dans lequel les vitesses sont
devenues supersoniques. Ainsi, le membre de gauche de cette équation est négli-

geable dans le disque, mais trés important dans le jet (la méme remarque vaut pour
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| 4
]
!

T~ %
Fic. 1.3 - Coupe d’un disque (z > 0) de rayons interne r; et externe r., traversé
par une ligne de champ magnétique en r,. Le plasma traverse la ligne dans le disque
résistif mais glisse le long du champ dans le jet parfaitement conducteur. Les trois
types de points critiques (voir section 3.1) rencontrés par 1’écoulement sont repre-
sentés, définissant pour chaque surface magnétique plusieurs rayons caractéristiques:
rsu lorsque le plasma devient super-magnétosonique lent, r4 lorsqu’il devient super-
Alfvénique et rrpr super-magnétosonique rapide. Il peut exister des solutions ol rras
est rejeté & 'infini (Rosso & Pelletier 1994).

’équilibre radial, d’ailleurs).

Pour la configuration magnétique choisie, la courbure des lignes de champ est
telle que les termes magnétiques confinent également le disque, avec la force de
marée gravitationnelle. Seul le gradient de pression du plasma peut donc équilibrer
cette compression. Nous verrons a la section 4.2 qu’il joue un réle déterminant dans

’éjection.

Chauffage du disque

L’équation d’état fournit une relation entre la pression totzie et la température
du disque, dont le profil est donné par ’équation de chauffage du disque établie

précédemment

, o0\’
V.(Uup + Srea + Qeurs) = =PVt + 9 J + 17 + 170 (7'5;—) . (1.91)
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La résolution précise de cette équation pose des difficultés de plusieurs ordres. Tout
d’abord il faut identifier le terme de transport d’énergie dominant dans le disque:

convection, rayonnement ou transport anormal?

La réponse a cette question n’est pas aisée car elle dépend fortement de conditions
physiques dont les propriétés sont mal connues. Par exemple, & quelle condition un
disque de matiére en rotation différentielle devient-il convectif ? Que se passe-t-
il en présence de champ magnétique? Alors que I’on invoque une viscosité et une
diffusivité anormales, ne devrait-il pas non plus y avoir une conductibilité anormale?

dans le disque, donnant alors lieu & un transport anormal d’énergie?

Méme lorsque 'on ne considére que le transport radiatif, plusieurs hypotheses
fortes sont nécessaires pour pouvoir résoudre la structure thermique verticale du
disque. |

Si le disque est optiquement mince il faudrait utiliser une fonction de refroidisse-
ment compatible avec I’état du plasma (densité, température, fraction d’ionisation),
pour laquelle trés peu de choses sont connues. Il faudrait alors utiliser des ajuste-
ments analytiques de courbes issues de simulations numériques (voir par exemple
Priest 1984, p.87-89), pour des environnements tres différents de celui d’un disque.
Ainsi, tout traitement semi-analytique d’un disque d’accrétion transparent se place

dans des conditions souvent simplistes.

Si le disque est optiquement épais, il faut tenir compte du régime d’opacité de
Rosseland dominant, pour lequel également seuls des ajustements analytiques sont
disponibles. De plus, en toute rigueur, il faudrait tenir compte du changement de
loi d’opacité a mesure qu’on s’éléve dans ’atmosphere du disque, tandis que tempé-
rature et densité décroissent. Puis, évidemment du passage du disque optiquement

épais a une couronne optiquement mince.

Ainsi, & moins de faire un véritable traitement du transfert de rayonnement ver-
tical dans le disque (Hubeny 1990, Malbet & Bertout 1991), cette équation d’énergie
locale pose plus de problémes qu’elle n’en résoud. D’autant plus que le profil de tem-
pérature ainsi obtenu peut étre souvent proche d’un profil imposé “& la main” (voir
sections 3.2 et 4.1). Cette équation ne sera donc pas utilisée pour calculer de fagon
cohérente le profil de température dans le disque. Par contre, je Putiliserai ensuite

a posteriori pour verifier que le profil utilisé est bien compatible avec celui prescrit.

“Dans les expériences de laboratoire, on observe un nombre de Prandtl effectif P = vy /Ky,

mesurant le rapport de la viscosité et de la conductibilité effectives, de l'ordre de I’unité.
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1.2.2 La diffusivité magnétique

Jusqu’a présent nous avons simplement fait ’hypothese que les conditions phy-
siques régnant au sein du disque donnaient lieu a des coefficients de transport anor-
maux. En particulier, une structure d’accrétion-éjection n’est stationnaire que s’il
existe une diffusivité magnétique anormale v,,, permettant au plasma du disque de
franchir les surfaces magnétiques et d’étre ainsi accrété. Cette diffusivité pourrait
a priori étre anisotrope: vy, dans la direction azimutale (permettant la diffusion
du champ poloidal) et v,," dans la direction poloidale (équilibrant ’advection due
4 la rotation). Nous allons voir ici quel est 'ordre de grandeur nécessaire de ces
coefficients. ’

L’équation d’induction (1.76) fournit la magnitude du champ toroidal a la surface
du disque, principalement due a la rotation différentielle. Le terme le plus important
est celui sur B, car plus cette composante (dont la magnitude dépend fortement de
la diffusivité) est élevée et plus l'effet de la rotation différentielle est important
(ceci sera clairement explicité & la section 2.2.2, a travers I’équation (2.44)). Nous
obtenons alors

B ~2BY

2 U,

Qxh?

!

(1.92)

ot les signes “+” désignent des valeurs prises a la surface du disque et h est I’échelle
de hauteur du disque (A < r). La diffusion du plasma & travers les surfaces magné-
tiques (Eq. (1.72)) est possible des lors que
B,
B

Vm ~ Uoh

(1.93)

avec U, la vitesse d’accrétion du plasma sur le plan du disque. Cette vitesse est

fournie par la conservation du moment cinétique et vaut

Vi BS
Qxh B,
ou la vitesse d’Alfvén intervenant ici est V4 = B,/\/flopo, évaluée sur le plan du

Uy ~ 2

(1.94)

disque. En combinant alors ces trois relations, nous obtenons
UV ~ 3VZR? . (1.95)

Un disque magnétisé ne peut donc rester stationnaire que si le niveau de la turbu-
lence, ou de l'instabilité qui donne naissance a ces diffusivités, est tel que la relation

ci-dessus est toujours vérifiée. Nous pouvons alors poser

Vm = amVah (1.96)
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et utiliser o, comme un parametre des disques d’accrétion MHD, analogue au pa-
rametre o, des disques d’accrétion visqueux. L’expression (1.96) suggére que ces
diffusivités proviennent effectivement d’une turbulence MHD ou d’une instabilité
saturée liée au champ magnétique.

Nous verrons au chapitre suivant les contraintes qui pesent sur ce parameétre ay,.
Nous pouvons cependant remarquer que pour oy, < 1 la diffusivité “toroidale” v,,’,
i.e. celle qui agit sur le champ toroidal, doit étre plus élevée que v,,. Ceci pourrait étre
le cas si ces diffusivités effectives proviennent d’instabilités résistives reconfigurant
la structure magnétique (voir section 2.1.2, Balbus & Hawley 1991, 1992a,b, Hawley
& Balbus 1991, 1992, Tagger et al. 1991, Knobloch 1992, Tout & Pringle 1992,
Dubrulle & Knobloch 1993, Curry et al. 1994, Foglizzo & Tagger 1994, Goodman
& Xu 1994). Dans ce cas, il est naturel que de tels processus soient favorisés en
regard du champ toroidal, fortement excité par la rotation différentielle du disque.
Cependant, il est possible qu’en régime stationnaire I’approximation d’une diffusivité

1sotrope soit justifiée.

Petit memento des difficultés a venir

Maintenant que nous nous sommes munis du bagage théorique permettant de
traiter le probleme et avons dressé le cadre dans lequel il s’applique, il ne reste
plus qu’a résoudre I’ensemble des équations aux dérivées partielles non-linéaires qui
décrivent le disque. Une structure d’accrétion-éjection étant & deux dimensions, il
faut pouvoir traiter le probléme mathématique posé par les dérivées partielles.

L’approche utilisée pour les disques d’accrétion standards, construits pour ne
décrire que les mouvements radiaux, est de négliger tout simplement tous les termes
en u, et d’intégrer verticalement les équations du disque. Nous obtenons ainsi un
ensemble d’équations différentielles aux dérivées droites en r. Evidemment, une telle
approche ne peut pas montrer le passage entre un mouvement d’accrétion radial et
celui d’éjection verticale. Comprendre précisément la physique de ’éjection passe
par la résolution de la structure verticale du disque.

L’autre approche extréme consiste & négliger les dérivées radiales devant les
dérivées verticales, en utilisant I’hypothése du disque mince. Cette approche sera
développée au chapitre 2, mais a également ses limitations. Ceci conduira alors 3
utiliser une formulation mathématique auto-similaire du probléme, qui permettra
de traiter d’'une maniére satisfaisante la bi-dimensionalité des disques. Nous aurons

alors acces aux structures verticale (chapitre 3) et radiale (chapitre 4) de ces disques
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MHD.

Cependant, la séparation artificielle des directions radiale et verticale introduit
une légere difficulté dans la présentation du probleme. En effet, il faut avoir résolu la
structure radiale du disque pour pouvoir traiter correctement la structure verticale
et réciproquement. Je serai ainsi amené a introduire des résultats, nécessaires pour
pouvoir progresser, mais qui ne seront démontrés que plus tard. La méme chose
se produira lors de la description des parametres du probleme, dont la pertinence
et le sens s’éclaireront seulement au fur et & mesure que la compréhension de la
physique de ’éjection s’affinera. La présentation va s’efforcer d’étre linéaire, mais

nous naviguons dans la non-linéarité, que le lecteur me pardonne!



Chapitre 2

Approche Analytique des Disques

Magnétisés

2.1 Les parameétres du probleme

Le systéme complet d’équations décrivant un disque d’accrétion magnétisé, établi
4 la section précédente, est un systéme de 8 équations a 8 inconnues: a, b, p, P, T,
Uy, uy = Qr, u,, auxquelles se rajoutent h(r) et les trois coefficients de transport
prescrits vp,, V' et v,. Un tel systéeme va donc étre caractérisé par un nombre élevé
de parametres, définissant ainsi un espace a 'intérieur duquel seule une région est
viable. La premiere difficulté va donc étre de déterminer quels sont les parametres
pertinents du probléme puis, de spécifier cette fameuse région calme ou une structure

MHD stationnaire est envisageable.

2.1.1 Définition et role des parameétres

i) Nous choisissons de définir ’échelle de hauteur h(r) du disque comme étant
Péchelle caractéristique de variation de la pression totale, due a ’action de la gravité
seule. Ainsi,

P
h? = —— (2.1)
ok
ou 'indice “o” indique que les quantités sont prises sur le plan équatorial du disque
z = 0 (cette notation sera utilisée tout au long de la thése). Cette définition implique

alors que la vitesse du son sur le plan du disque est de ’ordre de Qg h. L’épaisseur

105
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du disque est alors controlée par le parametre suivant
€= — : (2.2)

mesuré au rayon externe r. du disque. Dans un disque MHD, la présence de lignes de
champ magnétique qui compriment également le disque, introduit une diminution
de son échelle de hauteur “réelle”. Cependant cette derniére n’est jamais tres diffé-
rente de h, la compression magnétique étant du méme ordre que la force de marée
gravitationnelle.

i1) La seconde échelle pertinente du probleme est 1’échelle de variation du flux
magnétique [(r) (rayon de courbure des surfaces sur le plan du disque), définie par

a(r,0) d%*a

- - . (2.3)
R 922 ,

C’est donc 1’échelle sur laquelle le flux varie d’une fagon significative, controlant
principalement la valeur du champ magnétique radial. En effet, si B} est la valeur
de la composante verticale du champ & la surface du disque, alors B} ~ Bfhr/[2.
Nous verrons plus bas que la valeur de cette échelle controle la dynamique du disque.
L’équation de diffusion de la matiere & travers les surfaces magnétiques relie cette

échelle au nombre de Reynolds magnétique

T, T
Rm - v, - —,6—12- p (24)
ol u, = —u,(r,0) et I'indice 3 est défini par
dln a,
ﬁ_dlnrz{; ) (2:5)

olt a. = a,(re). Le nombre de Reynolds magnétique R,, fournit donc une mesure du
rayon de courbure du champ poloidal sur le plan du disque, & un rayon fixé.
Un résultat intéressant émerge de ’équation (2.4) en la combinant avec la relation

Vm = a,, Vah. Nous obtenons alors

h
Up = amRmVAo—' 3 (26)
r
ce qui montre que la vitesse d’accrétion sur le plan du disque dépend fortement 2 la
fois du niveau de la diffusivité (au,) et de la courbure des lignes de champ (R,,).
iii) L’indice B défini ci-dessus est une quantité importante car il décrit la variation

radiale des composantes poloidales du champ, donc des surfaces magnétiques. Il est
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donc nécessairement compris entre 0 (le champ tend vers zéro en 1/r?) et 2 (champ
constant). Or, il existe une relation directe (intuitive, mais qui ne sera prouvée qu’a
la section 4.1 seulement) entre la variation radiale de ces surfaces et celle de la perte
de masse dans le disque. La perte de masse est mesurée par 'indice d’éjection ¢ > 0

tel que

- Edi% (ﬁ%) . (2.7)

Cet indice d’éjection est alors relié de maniére univoque a 'indice du flux magnétique
par £ = 23—3/2 (et donc 0 < £ < 5/2). J’énonce ici un résultat qui ne sera démontré
que plus tard (section 4.1), car il y a ici quelque chose d’important pour la structure
des disques MHD. En effet, £ > 0 est la condition rigoureuse d’existence d’une
perte de masse verticale du disque. Un disque standard produit un taux d’accrétion
constant a travers le disque. Il faut donc que les parametres du modele, qui décrivent
I’état du plasma verticalement, s’ajustent de telle sorte que le disque MHD ait bien
wre variation du taux d’accrétion avec le rayon compatible avec . Nous voyons donc
ic. 'amorce de la relation étroite qui existe entre la structure verticale du disque et
s¢ structure radiale.

iv) Dans un modele de disque dans lequel le magnétisme a une importance de
premier plan, la valeur du champ magnétique n’a cependant pas de sens en soi. Il
est plus judicieux de former le rapport de la densité d’énergie magnétique et de celle
associée 3 la force de rappel gravitationnelle sur le plan du disque

Vi,
F= e

(2.8)

Lorsque rapport est de l'ordre de 'unité le disque est approximativement en équi-
partition. En régime de pression du gaz dominante, ce parametre p est égal a deux
fois ’inverse du béta du plasma (f8,) mesuré sur le plan du disque.

v) La diffusivité magnétique, dont ’origine physique est a préciser, est intime-
ment reliée au champ magnétique (voir le chapitre précédent). Elle sera décrite ici
par un parametre phénoménologique

Vo
=V
analogue au parameétre a, de la théorie standard des disques d’accrétion (voir plus
bas).

Ce parametre, facile & manipuler, mesure 'importance de la diffusivité et donc

Om

(2.9)

de la vitesse d’accrétion. C’est donc également un indicateur direct de la force élec-

tromotrice qui freine le disque et, par conséquent, contréle la torsion (“shear”) des
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lignes de champ dans le disque. Cette torsion, mesurée par le parametre ¢

h 0By
g=— =22 (2.10)
Bz 0z (re.0)

s’exprime (en utilisant la conservation du moment cinétique, voir équation (2.41))

A

h
2 (1 +w0)r—— ~1/2 9 (211)

ot w, = (2, — Ok ) /N est écart a la vitesse képlérienne mesuré sur le plan du
disque. Ainsi, pour une courbure des lignes de champ donnée et une valeur du
parametre p, la valeur de a,, impose bien la torsion des lignes de champ.

Pour comprendre "importance! de ce paramétre de torsion ¢, faisons une petite
digression de physique amusante avec la roue de Barlow. Le disque d’accrétion et ses
deux jets forment deux circuits électriques en paralléle, I'un situé a z > 0 et traversé
par un courant d’intensité I* (compté négativement sur ’axe du jet) et lautre a
z < 0 de courant I~ (positif sur I’axe, voir figure 2.1). Le courant qui traverse chacun

des deux circuits électriques est di a la force électromotrice efepm
Te Te
€ fom = / (u x B).dr = / QrB,dr (2.12)
T T

et a la résistance totale Rt et R~ de chaque circuit. Cette résistance peut étre

calculée connaissant le courant alimentant la structure MHD au rayon interne r;

+h
It = / Jp(ri,2)27r:dz = —2—7rb(ri, +h) (2.13)
0

o
Lorsque le disque est képlérien et les diverses grandeurs varient comme des lois de

puissance du rayon (voir section 4.1), la résistance du circuit électrique a z > 0 doit

valoir

Rt o Gem o Skere <f2>ﬁ_1 1 — (ri/re)P=3/2 (2.14)
It 2r q¢ \r; B —3/2
afin de maintenir la structure stationnaire.

Un résultat tres important pour I'existence des structures MHD d’accrétion-
éjection est donc mis en évidence ici. En effet, ce calcul approximatif (car il ne tient
pas compte des lignes de courant qui s’échappent verticalement du disque) permet
de relier la torsion des lignes de champ a la surface du disque (donc le courant radial)

a la résistance totale du circuit. Ainsi, c’est ’environnement immédiat qui impose le

1 est également pratique pour estimer la valeur du champ toroidal 3 la surface du disque:
B} ~¢B}.
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A\
\'I

Y

— J/

Fic. 2.1 - Vue schématique des circuits électriques de la structure d’accrétion-
éjection. Le courant circulant sur le plan du disque est la somme des deux contribu-
tions IT et I, dont ’amplitude dépend de la résistance totale du circuit établi lors
de la progression des jets. Dans ce cadre, le degré d’asymétrie des jets reflete celui

" de leur environnement.

courant nécessaire a ’extraction du moment cinétique du disque. Lorsque cet envi-
ronnement n’est pas symétrique de part et d’autre du plan du disque, les résistances
R* et R~ ne sont pas identiques, ce qui implique une structure d’accrétion-éjection
intrinsequement asymétrique. Il est ainsi parfaitement envisageable d’obtenir des
puissances mécaniques différentes pour les deux jets, a partir d’'un champ magné-
tique bipolaire.

Que signifie cette résistance? Elle modélise tous les processus de dissipation
d’énergie se produisant dans le disque et dans le jet. Ainsi lorsqu’un jet est lancé du
disque, le circuit électrique se construit en méme temps avec des lignes de courant
plongeant vers le disque le long de I’axe du jet. Le courant de retour, permettant la
fermeture du circuit électrique, provient de la surface du disque et est transporté par
le jet lui-méme, ou bien s’échappe du disque a son bord externe et rejoint ’extrémité
du jet par un cocon (voir section 4.2.2).

Si, au cours de sa progression dans le milieu interstellaire, le jet ne subit que
des pertes radiatives minimes (ce qui est le cas dans le disque, voir le bilan global
d’énergie section 4.2.1), une évolution quasi-statique de toute la structure est en-
visageable. En effet, celle-ci peut simplement s’ajuster a la lente augmentation au
cours du temps de la résistance, de deux fagons différentes possibles: (a) par une
augmentation de la force électromotrice, induite par une modification de I’extension

radiale du disque MHD; (b) par une diminution du courant radial (i.e., diminution
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de ¢) amenant une baisse de I'efficacité du processus interdépendant d’accrétion et
d’éjection.

Par contre, il est également possible qu’un environnement dense provoque un
choc avec le jet. Dans un tel cas, il n’est plus question de stationnarité? et il serait a
priort possible d’obtenir soit un arrét de la machine, soit un processus intermittent
donnant lieu a des phénomenes sporadiques d’accrétion et d’éjection (’hypothese
d’une éjection sporadique est souvent avancée pour expliquer les multiples chocs
observés le long des jets d’étoiles jeunes, ex. Raga et al. 1990).

vi) Comme nous le verrons par la suite, le profil vertical du courant radial J, est
la clef du processus d’éjection. Le courant J,, qui permet 4 la matiére d’étre accrétée
et dont la magnitude sur le plan du disque (J,) est imposée par le milieu extérieur,
subit une modification (et éventuellement un changement de signe) a l'intérieur
du disque, due 2 la rotation différentielle. C’est ce changement qui est a la base de
éjection. L’équation (1.76) d’induction du champ toroidal peut s’écrire, & proximité

du plan du disque ot les termes d’advection sont négligeables,

z 1" 22
Nmde 200, + r/o dzB,.VQ ~ 7', J, (1 — 5?) (2.15)

—rf5 dzB,.VQ  — [7dzB,rdQ/or o 3 v

I'= ~ ~
7 odo n'ods a? v,

(2.16)

est une mesure de I’échelle caractéristique de variation verticale du courant radial
dans le disque. Pour I" ~ 1 le courant radial varie sur une échelle de ’ordre de ’échelle
de hauteur h du disque. Ce paramétre clef de 1’éjection mesure la compétition entre
leffet roue de Barlow (7',J,, contrélé par g ou ) et la rotation différentielle du
disque (V). La relation (2.16) montre que ’échelle de variation du courant est reliée
au degré d’anisotropie de la diffusivité magnétique dans le disque. Inversement, si
la diffusivité est isotrope le disque doit vérifier I' ~ 3/a?,.

vii) Le rapport des couples magnétique et visqueux est mesuré par le parametre

~ L
_6 ——T,.¢

(2.17)

(re,0)

Au vu de ce rapport, il est évident que pour des paramétres g et u de l'ordre de

I'unité, un disque d’accrétion géométriquement mince sera principalement freiné par

2Dans les deux situations décrites ci-dessus, il est supposé qu’il existe un lien causal entre les
Jets et le disque, ce qui n’est possible que tant que ceux-ci restent sub-magnétosoniques rapides
(voir section 3.1 pour la définition de cette vitesse).
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le couple magnétique. Le parametre «, des disques d’accrétion visqueux est caché
dans A, avec T,4 = —a, P, ou P est la pression totale.

viii) Enfin, un parametre important pour déterminer les valeurs caractéristiques
des diverses grandeurs du disque est évidemment le taux d’accrétion Mae, alimen-
tant le disque au rayon externe r.. Comme ’équation d’énergie du disque est “dé-
branchée”, ce parameétre n’a aucune influence directe sur la structure verticale du
disque?.

En résumé, une structure MHD d’accrétion-éjection est completement décrite
par I’ensemble des parametres suivants:

(1) €, parametre d’aspect décrivant I’épaisseur du disque.

(2) R, fournissant le rayon de courbure des surfaces magnétiques sur le plan
du disque. ‘

(3) ¢, Vindice d’éjection, décrivant la variation radiale du taux d’accrétion dans
le disque et relié a la variation radiale des suri: "es magnétiques.

(4) p, mesurant le rapport entre la densit« *'énergie magnétique et la pression
totale,

(5) am, décrivant une relation phénoménologique entre la diffusivité magnétique
et le champ,

(6) A (ou d’une fagon équivalente o), mesurant I'influence relative du couple
magnétique et du couple visqueux,

(7) I', mesurant le degré d’anisotropie de la diffusivité dans le disque et contrélant
le courant radial

(8) Mae, le taux d’accrétion au bord externe du disque.

2.1.2 Ensemble des contraintes

Les disques d’accrétion magnétisés traités ici doivent vérifier un certain nombre
de contraintes, dont les plus importantes sont les suivantes:

a) Ils doivent étre géométriquement minces. Ceci est assuré dés lors que ¢ < 1.

b) Iis doivent étre en rotation quasi-képlérienne. Le gradient de pression étant un
terme de I’ordre de €2, il est toujours négligeable. De méme pour les termes d’inertie,

qui sont de 1’ordre de m2e?, ol

U, 1/2 rh

Ok OmH P

311 mesure en fait le gradient de température du disque, lorsque celui-ci est optiquement épais
et radiatif (voir section 4.1).

ms =

(2.18)
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inférieur ou de Iordre de I'unité, est une mesure grossiére du nombre de Mach sonique
sur le plan du disque (C; ~ Qgh). Seuls les termes magnétiques pourraient donc
introduire une perturbation significative de la rotation képlérienne. En particulier,
la tension associée au champ radial, en agissant dans le sens opposé a ’attraction
gravitationnelle, pourrait amener une diminution de la vitesse angulaire (la force
centrifuge devrait en effet diminuer pour maintenir ’équilibre radial). Ainsi, pour
une écriture au premier ordre de la vitesse de rotation, 2, = Qg (1 4+ w,), I’écart dit

a la tension magnétique
1 h?

LT (2.19)

W, &

doit étre au plus de ’ordre de ¢. L’ampleur de cet écart dépend fortement de I’échelle
de variation verticale du flux magnétique. Par exemple, [ ~ h n’est possible que pour
un champ poloidal i < ¢, tandis que pour des lignes de champ raides (I ~ r), méme
un champ fort n’introduit qu’une modification 1égére de la rotation képlérienne.

c) Par souci de simplicité, I’accrétion est supposée controlée uniquement par le

magnétisme. Ceci peut s’exprimer

m

U,
A=-=> 1 2.20
U;J >> ( )

ot UT" et U} sont respectivement la vitesse d’accrétion, mesurée sur le plan du disque,
induite par le magnétisme seul et par le couple visqueux seul. Ainsi, un disque MHD
dont I’extraction du moment cinétique est dominée par le magnétisme, exhibe des
vitesses plus élevées que celles d’un disque standard. Il apparait cependant que ceci
soit la regle plutdt que d’étre une contrainte. En effet, la condition (2.20) montre
qu’il suffit que

z_v < %Rm 2 (2.21)

m

soit vérifié, ce qui est facilement obtenu lorsque les lignes de champ sont suffisamment
courbées, méme pour a, ~ a,. De plus, il semble que le parameétre o, soit plutét
beaucoup plus petit que 'unité, pour une turbulence d’origine hydrodynamique
(Dubrulle & Valdettaro 1992, Dubrulle 1992).

Cependant, le chauffage visqueux, lui, n’est pas nécessairement négligeable de-
vant le chauffage par effet Joule. En effet, le rapport H du terme de chauffage Joule

sur le chauffage visqueux

3
)

_ 2apn
T 3aq,

H P PR €2(y + (2.22)
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peut étre de 'ordre de I'unité. Ceci est du au fait que Ueffet Joule chauffe trés peu le
disque. Ainsi, méme s’il y a peu d’énergie mécanique a convertir en énergie interne
du fait de la viscosité, ce peu la est comparable a la dissipation Joule.

d) Les disques MHD doivent donner lieu & des jets. Le parameétre essentiel vis-
a-vis de cette contrainte est alors I'. Pour I" > 1, ’échelle de variation du courant
radial est inférieure a h, ce qui entraine 1’accélération de la matiéere dans une région
encore trop dense. Pour I' < 1, cette échelle est supérieure a 1’échelle du disque, ce
qui impose une compression magnétique trop soutenue et donne lieu & une pression
négative. Aucune de ces deux situations n’est physique. La condition d’existence de
jets issus de disques d’accrétion quasi-képlériens est alors I' ~ 1. Cela correspond
également & un faible niveau d’anisotropie de la diffusivité du disque.

e) Enfin et surtout, les disques doivent étre stationnaires. Plus précisément, nous
recherchons le domaine des parametres pour lequel le disque est stable vis-a-vis de
diverses instabilités liées au champ magnétique: instabilité de Parker, instabilités

résistives et instabilité de cisaillement.

Instabilité de Parker

L’instabilité de Parker est tout simplement ’analogue de la poussée d’Archimede

sur un tube de flux placé dans un champ gravitationnel g vertical. En dénotant avec

w»
1

un indice et un indice “e” les quantités prises respectivement & l'intérieur et a

Pextérieur du tube, I’équilibre latéral du tube s’écrit

2

B
niks T; + 2#10 = n.kpT, . (2.23)

En supposant alors que le champ magnétique ne perturbe pas I’échange thermique

avec le milieu extérieur, T; = T, et 1’équilibre des pressions entraine alors

By
148,

n; = Ne (2.24)
ou By = Pyaz/ Pmay €st le béta du plasma. Si ce parameétre du plasma n’est pas plus
grand que l'unité la matiere comprise dans le tube est moins dense que ’extérieur
et le tube est immédiatement expulsé vers des régions moins denses, sous I’action
de la force volumique (n. — n;)mg (m étant la masse moyenne des particules). La
meéme chose peut se produire dans un disque d’accrétion. Bien que modifiée par la
rotation différentielle (Foglizzo & Tagger 1994) et par la diffusivité magnétique, une

condition grossiere de stabilité vis-a-vis de la poussée hors du disque des tubes de
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flux horizontaux est

2io P 2 B\ *
= —_— —— 1 . .
Be B+ B} p+a2/4 <rh > (2.25)

Ici aussi, I’échelle de hauteur des surfaces magnétiques joue un réle considérable.

Instabilités résistives

Nous avons vu que dans un milieu résistif il est possible de convertir de I’énergie
magnétique en chaleur par effet Joule. Cependant, la présence de diffusivité magné-
tique permet le déclenchement d’instabilités dites résistives, qui donnent lieu & une
forte dissipation sur un temps caractéristique beaucoup plus court. Pour qu’il y ait
instabilité il est alors nécessaire qu’une perturbation du champ puisse se développer

sur un temps T4 beaucoup plus court que celui de dissipation par diffusion 7, i.e.
Td > T4 (2.26)

Dans un disque d’accrétion d’échelle de hauteur h, le temps de dissipation est 7; =
h?/vy, et le temps d’Alfvén 74 = h/Vy4. Ainsi, une condition suffisante de stabilité

vis-a-vis des instabilités résistives peut simplement s’exprimer par
Qm 2 1

Plusieurs modes instables sont possibles (voir figure 2.2) mais le plus dangereux est
celui de déchirement (“tearing”) se produisant en présence d’une nappe de courant
(“current sheet”) mais également lorsque la structure magnétique est trés torsadée.
Ainsi, pour des valeurs de «y, inférieures & 'unité, la rotation du disque torsade
les lignes magnétiques, engendrant un fort champ toroidal. Celui-ci subit alors de
multiples reconnexions sur une échelle ~, donnant naissance a des ilots magnétiques

qui liberent leur énergie en se dissipant.

Instabilité de cisaillement

Velikhov (1959) puis Chandrasekhar (1961) ont étudié la stabilité d'un fluide
magnétisé incompressible, placé entre deux cylindres en rotation rigide. Tandis que
pour un fluide non magnétisé il n’y a pas d’instabilité lorsque d(92r2)?/dr > 0 (cri-
tere de Rayleigh), la présence d’un champ magnétique vertical modifie ce critere qui
devient d2*/dr > 0. Balbus & Hawley (1991) ont redécouvert cette instabilité et

mis en évidence son importance majeure pour les disques d’accrétion, o1 le critére



2.1. Les paramétres du probléme 115

7y

2 XA

[e0)

T—»x(or R)

gravitational or tearing
rippling mode mode

F1G. 2.2 - Instabilités résistives a petite (A < h, cas a) et a grande (A > h, cas b)
longueur d’onde susceptibles de se produire dans le disque (Priest 1984). Les deux
modes a petite échelle se différencient par la force qui provoque le mouvement du
plasma vers la zone de reconnexion des lignes de champ (points X): dans le mode
gravitationnel c’est la gravité, tandis que pour le mode de “rippling” (ondulation)
c’est un gradient de diffusivité magnétique. Dans le cas du mode de “tearing” (déchi-
rement) il suffit que la nappe de courant soit non-uniforme pour que cette instabilié

se développe sans le concours de ces deux forces excitatrices.

précédent est violé. Cette instabilité de cisaillement est due & un échange non lo-
cal de moment cinétique entre les particules fluides, par l'intermédiaire du champ
magnétique (voir figure 2.3).

Dans le cas d’un disque d’accrétion képlérien isotherme, ’analyse locale linéaire
montre que cette instabilité est saturée lorsque la longueur d’onde A des perturba-

tions du champ est telle que

A Vio
> Ve

les vitesses étant évaluées sur le plan du disque. Ainsi, alors qu'un champ faible
(¢ < 1) donne lieu & une instabilité qui se développe dans tout le disque, un champ
approximativement a I’équipartition (4 ~ 1) entraine la saturation de 'instabilité de

cisaillement. Si cette instabilité participe a I’amplification du champ magnétique du
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FI1G. 2.3 - Un disque de plasma conducteur en rotation différentielle, traversé par
des lignes de champ magnétique ouvertes avec 8, > 1, est instable. En effet, il suffit
qu’une petite perturbation déplace un élément de matiére vers Uintérieur ou vers
Pextérieur pour que ce mouvement soit amplifié, entrainant 1’élongation de la ligne
de champ jusqﬁ’é ce que des reconnexions se produisent. Cette amplification est due
au fait que le champ gelé dans le plasma tente d’imposer & celui-ci la méme vitesse
de rotation. Lors d’un petit déplacement, un élément de plasma ne se trouve alors
plus en équilibre radial: soit il tombe vers l'objet central (-) soit il est expulsé par
la force centrifuge (+) (Hawley & Balbus 1992).

disque par un effet dynamo, I’énergie du champ engendré ne pourra jamais dépasser

I’énergie thermique.

2.1.3 Une échelle magnétique intermédiaire

Nous avons vu précédemment qu’un certain nombre de contraintes mettaient
directement en cause I’échelle de variation du flux magnétique. Cette échelle, mesurée
par le rayon de courbure des surfaces magnétiques, est engendrée par le courant Js,
modelé par la diffusivité magnétique. Trois cas peuvent étre alors distingués:

(1) L~ 1 ou Ry ~ 1: les lignes de champ magnétiques sont pratiquement raides

a l'intérieur du disque. Cette configuration extréme nécessite une diffusivité tres
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élevée. De plus, il semble nécessaire qu’il y ait une couronne chaude, qui fournisse
Ienthalpie permettant 4 la matiere de partir presque a la verticale du disque. Sans
cette couronne, il est peu probable que ’éjection ait lieu sans que la matiere ne
retombe, le critére établi par Blandford & Payne (1982) n’étant pas satisfait*. Dans
le Papier II (Ferreira & Pelletier (1993b) en annexe) nous avons étudié cette confi-
guration dans le contexte des noyaux actifs de galaxies et avons ainsi démontré que
I’éjection de matiere d’un disque d’accrétion était effectivement possible. Nous avons
mis en évidence un flux d’énergie MHD s’échappant verticalement du disque, ainsi
qu'un flux de masse. Cependant, au vu de ce qui a été dit plus haut, il semble que ce
mouvement d’éjection de matiére soit plutot le fait de ’utilisation de solutions auto-
similaires, qui ne peuvent pas décrire la retombée de la matiére sur le disque. Ainsi,
cette configuration, bien qu’ayant permis de mettre en évidence des comportements
importants des structures de disques MHD (notamment I’importance majeure du
parametre I' dans P’éjection), ne permet pas de former des jets, sans une couronne
s’étendant loin au-dessus du disque.

(2) I~ hou Ry ~ &2 Pautre cas extréme ou les surfaces magnétiques sont

courbées a ’échelle du disque. Cette configuration a été souvent invoquée, pour
brancher des modéles de jets sur des disques d’accrétion (Lovelace et al. 1987, Wang
et al. 1990) ou méme construire des modeles partiels de disques (Konigl 1989). En
effet, une telle situation donne lieu & un champ magnétique radial B}Y ~ ¢ 1B}
si fort, que le critere d’accélération centrifuge de Blandford & Payne (1982) n’a
aucun mal a étre vérifié. Cependant, une courbure aussi forte des lignes de champ
est completement instable. En effet, le béta du plasma pour un tel disque,
2¢?
N

n’est supérieur & 1’unité que pour un champ trés faible, u g €2, et une diffusivité ma-

By (2.27)

gnétique, a,, < 2¢. Le disque subit alors illico une instabilité résistive, qui entraine
la reconnexion des lignes de champ poloidales. Par ailleurs, il a été vu précédemment
qu’une telle courbure des lignes de champ ne ‘donne lieu a un écart de la vitesse ké-
plérienne au plus de l'ordre de € que pour un champ faible tel que p g €. Or, un tel
champ rend le disque instable vis-a-vis d’une instabilité de cisaillement. Une telle
configuration ne peut donc en aucun cas décrire un disque stationnaire et sera tout

simplement abandonnée.

4Ce critere stipule que la matiére, attachée aux lignes de champ magnétique et donc ne subissant
que la force centrifuge, ne peut étre éjectée vers P’ex:rieur que pour une inclinaison de ces lignes
inférieure & 60°, par rapport au plan du disque (voir zection 3.2).
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3) I ~ Vhr ou R,, ~ e~ !: les surfaces magnétiques sont courbées 3 une échelle
g

intermédiaire. Cette configuration satisfait a toutes les contraintes énoncées plus
haut pour une valeur du magnétisme telle que p ~ 1. Avec cette géométrie, toutes
les composantes du champ magnétique et du courant ont approximativement la
méme valeur a la surface du disque. Ainsi, la situation qui apparait comme la plus
prometteuse (en l'occurrence, la seule!) est aussi celle qui présente la plus grande
difficulté: tous les termes présents dans les équations vont étre pertinents, & un

moment ou a un autre.
A Tissu de cette étude, I’espace des parametres a été considérablement restreint

et ceci, presque uniquement par des considérations de stationnarité:

- I'~ 1, condition d’obtention des jets.

- am, ~ 1, condition de saturation des instabilités résistives.

— Ry ~ €71, courbure intermédiaire des surfaces magnétiques.

— p ~ 1, condition de saturation des instabilités de Parker et de cisaillement.

e K 1, libre.

l

|

0 < ¢ < 5/2, a priori libre mais voir I’étude du chapitre 4.

— Mae, libre mais n’influengant pas la structure verticale.

Ainsi, il apparait que les parametres de controle des structures d’accrétion-éjection
doivent étre bien ajustés pour que celles-ci puissent fonctionner. Nous pouvons alors
nous poser la question si un tel ajustement est purement fortuit ou bien s’il peut
étre le fruit inévitable de la conjonction de certaines conditions régnant au sein des
disques. Or, il correspond précisément & des conditions de saturation de diverses
instabilités liées au champ magnétique. Cela suggére donc que ce type de struc-
ture MHD stationnaire pourrait effectivement émerger d’un disque traversé par des
lignes de champ ouvertes et qhi serait le siege d’instabilités magnétiques saturées,

fournissant ainsi les coefficients de transport requis.

2.2 Un vrai faux systéeme

2.2.1 Les solutions de disques de Wardle & Koénigl

Décrire la structure interne verticale du disque est indispensable si 1’on veut com-

prendre la raison pour laquelle Iéjection se produit. La facon la plus “évidente” de
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le faire est donc de négliger toutes les dérivées radiales devant les dérivées verticales
dans le systeme d’équations différentielles décrivant le disque. C’est cette approxima-
tion, qui semble justifiée dans le cadre d’un disque géométriquement mince, qu’ont
utilisé Wardle & Konigl (1993), pour un disque autour d’une étoile en formation.
Ils se placent dans des régions lointaines (de ’ordre de 100 UA), ou le disque est
supposé suffisamment froid et le refroidissement suffisamment efficace pour qu’il soit
isotherme. Cela leur permet alors de s’affranchir de I’équation d’énergie du disque.
Dans leur modele, le champ vertical B, est supposé varier peu et est donc posé
égal a une valeur B, constante. Par ailleurs, le courant vertical J, étant de ’ordre
de eJ,, est simplement posé égal a zéro: J, = 0. Ces deux hypotheses, découlant de
€ K 1et d, > 0,, ménent & ’expression suivante pour les composantes de la force
magnétique:
B, 0B,
= po 0z
B, 8B¢,
~ Zgz—
e d (B0
0z 240

Nous obtenons donc une force radiale positive qui contrecarre la rotation képlérienne,

F,

Fy (2.28)

une force azimutale négative qui freine le disque et une force magnétique verticale
négative qui le comprime. Une solution stationnaire n’est possible que si la matiere
peut traverser les surfaces magnétiques ancrées dans le disque. Lorsque le milieu
est peu ionisé, les équations de conservation de 'impulsion des ions et des électrons

peuvent s’écrire respectivement
Froi+ne(E4+u; xB)=0 (2.29)

Fo..—ne(E4+u.xB)=0 (2.30)

En éliminant le champ électrique de ces expressions, il vient alors que la plus grosse
partie de la matiére du disque (neutre) ressent le champ magnétique a travers les

collisions avec les ions et les électrons, c’est & dire
JxB=F,+F, (2.31)

Dans un tel milieu, c’est la diffusion ambipolaire, c’est & dire ce glissement entre les
neutres et les particules chargées, qui permet alors ’établissement d’une solution sta-

tionnaire. Les neutres peuvent alors franchir les surfaces magnétiques ancrées dans
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le disque, donnant lieu & un mouvement d’accrétion. La conservation de 'impulsion

pour les neutres s’écrit:

ou, F,
Uzg = 2&)9%{7‘ + 7
Owr 1 Fy
Ju 10P F,
z_i =%, Lz
Srr K% p 0z + p

ot un écart a la rotation képlérienne a été pris en compte: 2 = Qg (1 + w).

Le seul véritable probléme dans ce type d’approche, est le traitement correct de
la conservation de la masse. En effet, cette équation méle inextricablement dérivées
partielles radiale et verticale. Argumentant alors que pour de faibles taux de perte

de masse, Mj <& Ma, I’équation de continuité s’écrit dans le disque

-a?;prur ~0, (2.33)

tandis que dans le jet 0,pu, ~ 0, ils posent
pu, = constante = p,C, . (2.34)

En injectant cette relation dans ’équilibre vertical, il apparait alors un point critique
sonique, dont la condition de régularité qui permet le franchissement de ce point,
est fournie par I’ajustement de cette constante. Cela leur fixe alors le flux de masse
total s’échappant du disque.

Le systeme d’équations ci-dessus, en incluant les deux équations d’induction du
champ (avec diffusion ambipolaire), est alors trés facilement intégrable, & partir d'un
2z, proche de 0 (z = 0 est un point critique du systéme) et jusqu’a plusieurs échelles
de hauteur au dessus du disque.

Ce modele possede deux inconvénients majeurs:

1. Il ne prouve pas que I’éjection de matiére a partir d’un disque d’accrétion est
possible, puisque 1’éjection est tout simplement imposée par la prescription
(2.34). Plus vite la densité tendra vers zéro et plus grandes seront les vitesses
du “jet”. L'existence d’un jet est donc un artéfact de cette prescription et non
pas le fait de la résolution précise du probléme. Ce fait simple est brouillé par

la. complexité due au traitement des trois fluides, neutres, ions et électrons.

2. Les auteurs arrivent a la conclusion que le disque doit étre fortement comprimé

par la force magnétique verticale, a tel point que celle-ci domine totalement
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la force de marée gravitationnelle. Cette contrainte peut s’exprimer dans nos
parametres sous la forme: m; > a,,. Clairement, ceci ne peut se produire que
pour des cas particuliers et nous obtenons des solutions qui ne satisfont pas
cette condition®. Dans leurs solutions, cette contrainte exprime le fait que le
magnétisme ne doit pas accélérer la matiere trop bas dans le disque, dans une
région ou il est encore trop dense. Si cela se produit, alors le champ toroidal
devient positif, ce qui est incompatible avec ’éjection®. En fait, il semble plutét
que ce soit di a un mauvais controle du courant radial, par conséquent, du

parametre I'.

Dans la section suivante, je vais détailler le systeme précédent d’équations dans
Papproximation a un fluide de la MHD. Je mettrai alors en évidence la physique
de ’éjection ainsi que 'incomplétude de ce type d’approche. Une description auto-
similaire s’averera alors indispensable pour résoudre le probleme complet de la struc-

ture interdépendante constituée du disque et de ses jets.

2.2.2 Ordering en h/r et échelle intermédiaire

L’ordering en h/r des termes dans les équations a déja été utilisé pour obtenir
les systémes (2.28) et (2.32). L’utilisation de I’échelle intermédiaire I ~ v/hr permet
alors de développer au second ordre le flux magnétique a l'intérieur du disque:

a(r, z) ~ a,(r) (1 - 5;;-‘?;) . (2.35)

ou z = z/h(r). Une telle prescription impose une rigidité aux surfaces magnétiques,
qui ne sont alors pas modifiées par I’écoulement (et donc sont connues). En parti-
culier, le courant toroidal J4 étant une constante positive, la composante radiale B,

du champ continue a grandir en suivant
hr
B, ~ B, (W) T (2.36)
avec B, ~ B, = fa,/r une constante dans le disque (# = dlna,/dr). Dans ce qui

suit, j’établis les équations du disque lorsque le flux magnétique est ainsi dévelop-

pable & partir des équations du systéme (2.32).

SLa conversion de leurs paramétres dans les notres fournit a,, = a/n, ol a = VB et n=v,i/Qx
est le rapport entre le temps dynamique et le temps de couplage par collisions neutres-ions. Dans
leurs solutions, a,, est plus petit que I'unité.

6En effet, le jet n’est alimenté par un flux de Poynting MHD émergeant du disque que si B; <0
(voir section 4.2).
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Apres dédimensionalisation avec les grandeurs prises sur le plan du disque (no-
tées avec l'indice “0”), I’équation de diffusion (1.72) fourni dans le cadre de cette

approximation
U =V — TU, . (2.37)

La vitesse caractéristique qui apparait pour u, est alors naturellement, imposée et
vaut v,/h = amVy,. Ceci montre que sur le bord du disque, lorsque le virage se
produit (u, = 0) et que la vitesse est verticale, elle est de I’ordre de la vitesse
d’Alfvén sur le plan du disque (et non pas de l’ordre de eu,, grandeur fournie par
I’équation de continuité). Plus précisément, cette vitesse caractéristique, qui est

également celle de la vitesse radiale puisque

hr
U, = amVAW , (2.38)

est intimement reliée au couple de freinage magnétique,

B}B,

ul ~ap Vi ~
Elle est alors d’autant plus petite que le magnétisme est faible par rapport & la pres-
sion totale. Au coeur du disque, ou ’expression (2.37) est toujours vraie, le profil
de la vitesse radiale est principalement contrdlé par celui de la diffusivité magné-
tique, avec cependant une modification apportée par la vitesse verticale. Lorsque la
vitesse verticale s’annule (par exemple, en ayant été d’abord négative), la matiere
doit avoir un mouvement d’accrétion (u, négatif). Nous voyons donc ici qu’un mou-
vement vertical ascendant déclenche un basculement vers I’arriere du plasma, c’est
a dire le développement d’une vitesse radiale positive. Ce changement de régime
physique est di au fait que dans la partie supérieure du disque, la force radiale
totale (gravitationnelle + centrifuge + magnétique) qui sexerce sur le plasma est
également positive, dirigée vers I’extérieur. Plus précisément, ce basculement se pro-
duit parce que la force magnétique Fy a changé de signe (voir plus bas et chapitre
3), ce qui accélere azimutalement le plasma et diminue ainsi Ueffet de I’attraction
gravitationnelle, tandis qu’un mouvement vertical positif est initié. L’origine des jets
se trouve donc a la fois dans I’échange de moment cinétique entre la matiere et le
champ et dans ’équilibre vertical.
L’équation d’extraction du moment cinétique, dans laquelle a été posé v = p,/p
et j = J./Js,
Jow

u, + pz o = o (2.40)
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montre que le flux vertical de moment cinétique, nul sur le plan du disque, devient
d’autant plus important que p est proche de 'unité. Ici, @ = w/w, ol w, mesure
’écart (négatif) a la rotation képlérienne et a été introduit en (2.19). Ainsi, il devient
évident grace a la paramétrisation choisie, que de faibles écarts & la loi képlérienne
doivent étre néanmoins considérés. Le membre de droite, qui décrit le couple de
freinage sur le plan du disque, est réduit, par 'ordering en ¢, & la tension verticale de
la composante toroidale du champ (i.e, J, a été négligé). Avec cette simplification,
le signe du couple dépend alors directement du signe du courant radial J, = J,j
(comme dans une roue de Barlow). Le courant nécessaire a I’extraction du moment

cinétique du disque, et permettant un mouvement d’accrétion u, est

B, 1 u,$,
uh  27°7B,

Jo=gq (2.41)
Tant que ce courant reste positif, le disque est freiné, tandis qu’il est accéléré pour un
courant négatif. La surface j = 0 marque une transition trés nette entre deux régions:
dans la région inférieure le champ préléve a la matiére dense du moment cinétique et
de I’énergie mécanique, puis les retransfere & la matieére diluée de la région supérieure,
dans un processus d’accélération MHD qui dure jusqu’a la surface d’Alfvén. Ce
processus amene alors la vitesse angulaire a des valeurs super-képlériennes (w > 0).
En fait, & partir de cette altitude (et & r constant) nous mesurons la vitesse de
rotation de la matiere qui est attachée a des lignes de champ provenant de rayons
intérieurs (et donc tournant plus vite).

Une remarque sur le regard qu’on peut porter sur cette équation: dans un disque
standard moyenné verticalement, cette équation fournit la vitesse d’accrétion, tandis
qu’ici elle décrit la variation verticale de la vitesse angulaire.

L’équilibre radial s’écrit au premier ordre en ¢,

afnuz%qif- =w-v, (2.42)

ou les effets de la tension magnétique radiale sont exprimés par le terme en v (I'in-

verse de la densité). Dans la partie interne du disque dans laquelle la vitesse verticale

est faible, cette équation devient simplement
w=uv, - (2.43)

décrivant comment I’augmentation des effets magnétiques, diis & la chute de la den-
site, fait ralentir la vitesse de rotation de la matiére (2 = Qg (1 + w) diminue avec

z). Lorsque j a changé de signe, le magnétisme accélere la matiere et © devient alors
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négatif (w > 0). C’est cette augmentation de la vitesse angulaire qui engendre alors
une accélération radiale centrifuge. L’accélération centrifuge prend sa racine dans le
changement de signe du couple magnétique, lui-méme dans celui du courant radial.
Il faut cependant noter que tout ceci n’est vrai qu’a partir du moment ou la vitesse
verticale est devenue positive.

La différence essentielle entre une vraie roue de Barlow et un disque d’accrétion
réside dans la présence, dans ce dernier, de rotation différentielle. C’est en effet ce
gradient de {) qui rend ’éjection possible. En normalisant le champ toroidal avec
By = —p,J,hby, I'écart de by a la loi linéaire (i.e., la modification du profil du
courant j) est alors fourni par I’équation d’induction du champ toroidal

Vii=1—+ [w -1+ 1562} + i/—o-uzb¢ , (2.44)

24 v,

ol v = pv,/alv,. Le terme entre crochets provient de la rotation différentielle,
verticale (@ — 1) et radiale (3z2/2u). Ainsi, il est évident que ces deux contributions
sont également importantes et entrainent une inexorable décroissance du courant.
Le terme d’advection du champ renforce cette tendance lorsque la matiére tombe
sur le plan du disque, puis tend & équilibrer Peffet de la rotation différentielle lorsque
u, se développe. Un régime de MHD idéale peut étre ainsi instauré.

Cet équilibre n’est possible que si I' ~ 3v/u est de 'ordre de 1'unité. En effet
I’ > 1, entraine un changement de signe de j & I'intérieur du disque dans une région
encore dense. La force magnétique azimutale commence alors 3 accélérer la matiére
alors que u, est encore trop petit ou négatif. Avecla décroissance forte du courant, le
champ toroidal devient positif: ce n’est plus une situation o1 le champ peut fournir
de I’énergie & la matiere, le flux de Poynting MHD étant alors dirigé vers le disque
et non pas vers le jet. Lorsque I' < 1, la surface oli le courant j change de signe se
déplace dans I’atmosphere du disque. La conséquence immédiate est que le gradient
de pression magnétique toroidal comprime énormément le disque (voir ci-dessous).
L’équilibre vertical n’est alors obtenu que pour de tres forts gradients de pression
du plasma, tellements forts qu’ils induisent une pression négative a la surface du
disque (voir figure 2 dans Ferreira & Pelletier 1993b). Ainsi, I' =~ 1 est la condition
d’existence des jets: dés qu’on s’écarte trop de cette valeur cela entraine soit B;’ >0,
lorsqu’une éjection trop massive est demandée, soit une forte “dépression” avec
Pt <0, essayant de compenser la trop forte compression magnétique.

L’équilibre vertical du disque est décrit par

Ou, OP hr\%[a2
afnuuz—-a?:—vb—;——m—v(ﬁﬁ) [Tm]b—}—/mc] : (2.45)
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Dans cette équation 'importance des termes magnétiques est immédiatement per-
ceptible: pour une échelle magnétique intermédiaire la compression magnétique ne
peut jamais dominer la force de marée gravitationnelle. Par ailleurs, nous voyons
ici qu’un parametre y plus grand que 'unité est incompatible avec ’hypothese d’un
disque en équilibre quasi-statique. C’est cette équation qui contréle ’accélération
verticale de la matiére, a la fois dans la partie interne du disque, en équilibre quasi-
statique entre la force de pression du plasma et ’action combinée de la gravité et
de la pression magnétique, mais surtout au début du jet. En effet, la décroissance
de la compression magnétique due a la chute de j entraine un mouvement vertical
vers le haut, di au gradient de pression. D’une maniere générale, tant que j n’a pas
suffisamment diminué ou méme changé de signe, la force magnétique verticale est
une force de compression et seul le gradient de pression du plasma peut donner lieu

aux mouvements verticaux, nécessaires pour initier le jet.

2.2.3 Richesse et incomplétude

Je résume ici ce que ’étude de ce modele simplifié nous a appris sur la physique
de I’éjection.

La force électromotrice, due a la rotation du disque traversé par des lignes de
champ, crée un courant radial qui permet au champ magnétique d’extraire moment
cinétique et énergie mécanique du plasma. Le gradient de pression du plasma ins-
taure un équilibre quasi-statique a I’'intérieur du disque, tandis que la tension radiale
des lignes de champ entraine un écart a la rotation képlérienne, de plus en plus grand
a mesure qu’on se rapproche de la surface du disque. La rotation différentielle, radiale
mais également verticale, fait alors décroitre ce courant radial. Cette décroissance
jusqu’au changement de signe a plusieurs conséquences importantes. La compression
magnétique verticale diminuant, le gradient de pression du plasma donne alors lieu
a un mouvement vertical ascendant qui va faire basculer la matiere vers arriere.
Ensuite, le couple magnétique change de signe et accélere azimutalement la matiere,
jusqu’a des vitesses super-képlériennes. L’accélération de la vitesse de rotation du
plasma entraine alors une accélération centrifuge radiale. Ce changement de signe
du courant ne peut pas se produire n’importe ou dans le disque, mais seulement &
sa surface, ce qui est mesuré par I' = 1.

Bien qu’ayant permis de comprendre les processus clefs dans la génération de
jets a partir d’un disque d’accrétion, cette approche ne permet pas de résoudre

proprement le probleme. Nous avons vu a la section précédente, que celle utilisée
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par Wardle & Konigl (1993) était incomplete. Celle-ci I’est tout autant. En effet,
en ayant développé le flux magnétique dans le disque, nous avons court-circuité les
intéractions subtiles entre la matiere et le champ. L’une des conséquences de cette
approche brutale se voit directement dans I’équilibre vertical: le gradient de pression
magnétique associé a B, est toujours de méme signe, c’est & dire comprime de plus
en plus le disque. A moins que p soit beaucoup plus petit que o? /4, ce qui est
difficilement compatible avec la contrainte g ~ 1, il n’y a aucune chance qu’un
mouvement vertical puisse étre réellement initié sans que la matiére ne retombe.

Si le gradient de pression du plasma est suffisamment fort, alors il est a priori
possible de construire des disques dans lesquels les mouvements verticaux proches
du plan sont soit faiblement négatifs, soit positifs. A I'inverse, un gradient faible
va induire des mouvements plus ou moins rapides de convergence du plasma vers
le plan. D’une maniere générale la dérivée de la vitesse verticale sur le plan du
disque comporte une information cruciale sur I’équilibre vertical du disque et méme,
sur le taux de perte de masse de celui-ci. En effet, dans le premier cas décrit ci-
dessus, une grande partie de la matiére devrait s’échapper du disque, tandis que
dans le second, seule une petite fraction devrait pouvoir le faire. Cette information
essentielle, reliant la structure verticale du disque a sa structure radiale, a été perdue

lorsque nous avons utilisé I’approximation 9, 3> 0,.

2.3 De la nécessité de ’auto-similarité

Pour traiter correctement le probleme d’un disque d’accrétion magnétisé, il faut
pouvoir rendre compte du fait que ’écoulement se produit dans un plan et non pas
simplement dans une direction donnée. Pour cela, il faut utiliser une description
mathématique adaptée a cet aspect 2-D mais qui soit de plus opératoire, c’est &
dire qu’elle permette de résoudre ’ensemble des équations du disque aux dérivées
partielles. La facon la plus “agréable” est simplement de séparer les variables, de
telle sorte qu’on se retrouve avec deux systémes différents d’équations couplées aux
dérivées droites.

Il est naturel de rechercher alors des solutions du probléme auto-similaires, de la

forme

Ai(ra Z) = A;e gi(R) fz(m) y (2'46)

ou A;(r, z) est une grandeur physique quelconque du disque, R = r/r, est le rayon

normalisé au rayon extérieur du disque et la variable verticale est z = z/h(r). Les
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fonctions f;(z) et g;(R) sont normalisées & 1, de telle sorte que A;(r.,0) = A;e pour
les grandeurs paires en z, telles que u,, 2, a, p, P et T'. Pour les grandeurs phy-
siques impaires, telles que u, et b, la dédimensionalisation des équations fourni une
valeur caractéristique au rayon externe du disque, approximativement a la surface
du disque.

Il est parfaitement justifié de rechercher de telles solutions dans un disque géo-
métriquement mince. En effet, la force gravitationnelle, qui est en quelque sorte la

force excitatrice du systéme, suit une telle loi:

GM

73

g, = — hz . (2.47)

De plus, tant que les perturbations dues au gradient de pression et a la force magné-
tique seront faibles par rapport a la force gravitationnelle, le disque sera en équilibre
quasi-képlérien sur le plan du disque. Cet équilibre impose alors une loi d’échelle a
travers tout le disque, c’est a dire que la variation radiale de ses diverses grandeurs
peut étre simplement décrite avec une bonne approximation, par des lois de puis-
sance du rayon. Cette description ne sera toutefois valable que lorsqu’on se place loin
du bord interne du disque, olt vraisemblablement l'intéraction avec ’objet central
introduit une modification de cette loi d’échelle.

Dans la partie quasi-Keplerienne du disque, le systeme d’équations couplées deé-
crivant la structure radiale se résume alors & un ensemble de relations algébriques

triviales entre les exposants radiaux, définis par

_ dlng,-
~ dlnR"

Q;

(2.48)

Lorsque ’approximation auto-similaire est justifiée, le disque est alors décrit par
P’ensemble des grandeurs physiques suivantes (voir 'annexe A pour ’expression des
équations auto-similaires):

i) a(r, z) = a.RPp(z) avec ¥(0) =1

ii) P(r,z) = P.R*? fp(z) avec fp(0) =1

iii) b(r, 2) = reqB..R* fy(z) avec f;(0) =0et f,'(0) = —1

iv) up(r, 2) = —=U.R* f,(z) avec f,(0) =1

v) Q(r, 2) = Ok (1 4+ w) ot w(z) = w,w(z) avec w(0) =1

vi) u,(r, z) = eU.R* f,(z) avec f,(0) =0

vii) p(r, z) = peR** f,(z) avec f,(0) =1

Viil) vm(r, 2) = ve R**my(z) avec m,(0) = 1

iX) v'(r, 2) = v/ R*'my(z) avec my(0) =1



128 Chapitre 2. Approche Analytique des Disques Magnétisés

x) I'(r,z) = T.R°T fr(z) avec fr(0) =1
xi) h(r) = h R
xii) {(r) = [ R™
Les variations avec le rayon de I’échelle de hauteur du disque A(r) et du champ
poloidal {(r) sont intimement liées par cette description auto-similaire. En effet, un
développement du flux magnétique au deuxieme ordre autour du plan z = 0,
1h? ,

Y(z)~1l—- =z

o (2.49)

montre immeédiatement qu’il est nécessaire que ces deux grandeurs soient proportion-
nelles, i.e. a; = ay, si l'on veut pouvoir traiter la courbure des lignes de champ dés le
disque (i.e., prendre en compte B, et B, dans une méme équation, par exemple). De
plus, la prise en compte dans une méme équation de dérivées radiales et verticales
impose a) que 1’échelle de hauteur du disque varie selon A = er, i.e. a = 1 et b)
que Pécart & la rotation képlérienne ne dépende pas explicitement du rayon (w(z)).

Cependant, ces trois contraintes directement liées & ’auto-similarité ne sont pas
extrémement draconiennes. En effet, elles décrivent justement une relation physique

mise en évidence a la section précédente, grace a I’étude du petit systéeme:

1. La courbure des surfaces magnétiques impose directement la force de com-
pression magnétique subie par le disque. Ainsi, il est naturel que 1’échelle de
variation de la pression du disque, qui doit équilibrer cette compression, suive

celle du magnétisme.

2. Il a été démontré que dans le cas le plus favorable ot les surfaces magnétiques
sont courbées a une échelle intermédiaire, tous les effets physiques jouent un
role important vis-a-vis de I’éjection. Il est donc également naturel que tous les
termes aient la méme variation radiale, dans un disque ou ’jection se produit

sur une grande plage en rayon.

3. Enfin, un écart a la rotation képlérienne indépendant du rayon décrit juste-
ment le fait que le disque est en rotation képlérienne! Cette modélisation n’est
évidemment pas correcte dans le cas d’une couche limite avec une jeune étoile

en formation, par exemple.

Ainsi donc, I'utilisation de fonctions auto-similaires permet de rendre parfaite-
ment compte de la bidimensionalité des disques, en introduisant des contraintes

bien-sfir, mais'qui décrivent une physique sous-jacente. Ainsi, on va pouvoir mettre
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en relation les structures verticale et radiale du disque et surtout, démontrer la pos-
sibilité de formation de jets rapides a partir de disques en rotation quasi-képlérienne
(chapitre 3). L’hypotheése la plus forte réside plutét dans la description en lois de
puissance des variations des diverses grandeurs physiques du disque. Le chapitre 4
décrit ’ensemble des propriétés d’un tel disque quasi-képlérien, dans le cas ou les o,
sont des constantes ou méme des fonctions du rayon lentement variables. Des lors que
le disque n’est plus képlérien, il faut résoudre le systeme d’équations différentielles

non-linéaires portant sur les g;(R), mais cela ne sera pas fait ici.



Chapitre 3

Structure Verticale
Auto-Similaire et Comportement

Local

3.1 Points critiques en présence d’un champ ma-
gnétique

Avant d’aborder la résolution de la structure verticale du disque d’accrétion et
d’en discuter la physique, je voudrais ouvrir une parenthése sur le Soleil et ses singu-
larités. Nous avons en effet presque & notre portée, ce superbe laboratoire dans lequel
I’'approche de la MHD peut étre testée. En 1’occurrence, un certain nombre d’études
“y” ont déja été menées afin de comprendre l'influence du champ magnétique sur
un écoulement de plasma. Ceci nous sera utile car le jet issu d’un disque d’accrétion
magnétisé va également subir l'influence du champ, qui est souvent déterminante

sur ’évolution stationnaire de 1’écoulement.

3.1.1 Influence du magnétisme sur un écoulement unidi-

mensionnel
Le vent de Parker

Afin de comprendre ce qu’est un point critique, retournons au modele hydrody-
namique du vent solaire de Parker (1958). Dans ce mod¢le stationnaire & symétrie

sphérique, le vent est décrit par sa vitesse radiale u et sa densité p. L’équation de

131
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F1G. 3.1 - Représentation des solutions de vent solaire isotherme de Parker, mon-
trant les différentes branches. Les solutions de type I et II sont exclues car elles sont
bivaluées et s’arrétent & une distance finie. Les solutions de type III décrivent des
vents supersoniques a la surface du Soleil, ce qui n’est pas observé tandis que celles
de type V restent subsoniques partout et donnent lieu & des vitesses plus faibles que
celles observées. La seule solution viable est celle qui devient transsonique (u = C,)
a1 =r, (schéma issu de Priest 1984).

conservation de I'impulsion

du 1dP GM
u87+55'+—'1?—0 (3.1)

_+—+2-;—= (3°2)

et a I'équation d’état P = pC?, fournit alors un systéme de deux équations couplées

(02_u2)dlnp =21¢3_ GM dC?

dr r r? dr
dlnu C: GM dc?
(Cf - uz) dr = —ZT + -z I (3.3)

Il apparait alors clairement une singularité, lorsque la vitesse du fluide devient égale
a celle de ’onde sonique. Une condition de régularité doit donc étre imposée, afin
de permettre & 1'écoulement de franchir ce point critique. Cette condition, qui doit
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étre vérifiée au rayon r, ou u = C,, s’écrit

GM _,C?_dC?

T2 Ts dr

(3.4)

Ts

Dans le cas simple d’un vent isotherme, cette condition fixe la position de ce point en
fonction de la température a la surface du Soleil: r; = GM/2C?. Le franchissement
régulier du point critique est alors conditionné par la valeur critique C, de Cj, pour
laquelle u(r;) = C, = {/GM/2r,. Pour Cs < C,, le vent reste subsonique avec
une vitesse nulle a 'infini (solution dite de brise, voir figure 3.1), tandis que pour
Cs > C,, un front de choc se développe: le membre de gauche s’annule mais pas celui
de droite. Lorsque ’on résoud un probleme stationnaire comportant une singularité,
il faut alors rechercher la condition de régularité qui va fixer une valeur précise d’un
parametre (dans I’exemple précédent, le parametre est ’enthalpie ou C, a la surface
du Soleil). Ceci souléve alors deux problemes importants: 1) Comment est déterminé

le nombre de points critiques? et 2) A quel type d’ondes se rapportent-ils?

Géométrie et magnétisme

Le nombre de points critiques rencontrés dans 1’écoulement dépend tres fortement
de la géométrie. Sur le Soleil, par exemple, il a été mis en évidence que le vent n’est
pas isotrope mais s’échappe plutét de trous coronaux, le long de surfaces magnétiques
qui canalisent ainsi le flot. Si A(r) est la section du flot au rayon r, la conservation
de la masse s’écrit alors

du dp dA

T+7+—Z— 0, (3.5)

En substituant alors le terme 2/r, valable pour une géométrie sphérique, par d1n A/dr
dans le systeme (3.3), il apparait immédiatement que le flot est extrémement sen-
sible a la géométrie. Kopp & Holzer (1976) ont ainsi montré qu’il pouvait y avoir
de multiples points critiques (tous associés ici & la méme vitesse critique Cs). En
particulier, il suffit que la section diverge plus vite que r? (ce qui se produit pour
les trous coronaux) puis tende vers cette loi d’évasement (lorsque le vent devient
quasi-sphérique) pour que trois points critiques apparaissent!.

En régime de MHD idéale, il est trés facile de voir que ces effets de géométrie

sont dus au champ magnétique. En effet, en combinant les équations d’induction du

1Les deux premiers se trouvant d’ailleurs plus proches de la surface solaire que dans une géo-
métrie sphérique, voir aussi Holzer (1977).



134 Chapitre 3. Structure Verticale Auto-Similaire et Comportement Local

champ et de conservation de la masse, on obtient

DB B
ou D/Dt est la dérivée de Lagrange. Dans le cas & une dimension discuté ici, elle
s’écrit
du dp dB
— 4+ — =0 3.
T > "B (3.7)

ce qui montre clairement 'influence du champ dans ’élaboration de la géométrie de

Pécoulement. L’équation sur la vitesse devient alors

diny dInB GM dC?
2 2 _— 2 s
(G5 — ) dr —  dr Cs + r? + dr

A cause de 'interaction entre le champ et I’écoulement, on peut formellement écrire

(3.8)

B(r,u), ce qui fournit alors

u?*\dlnu OInB GM dInC?
(1 B VCE) dr = or | + C2r + dr ’ (39
ou la nouvelle vitesse critique est ici
1 1 1 0B?
V—cz— C—f+ zg—z'a—u;r (3.10)

Cette vitesse, dite “cuspide” (Roberts 1976, Defouw 1976), prend en compte Iélas-
ticité des lignes de champ vis-a-vis des sollicitations de 1’écoulement. Ainsi, nous
voyons que le champ magnétique introduit de profondes perturbations dans un écou-
lement: il modifie la vitesse critique et surtout, il peut induire de multiples rencontres

avec un point critique.

3.1.2  Le cas d’un disque magnétisé bidimensionnel

Un disque d’accrétion est une structure bien plus complexe que celle décrite
ci-dessus, car il faut prendre en compte la bidimensionnalité de ’écoulement. De
plus, dans un disque magnétisé en connexion avec des jets, il s’opére une transition
entre deux régimes physiques trés différents. En effet, le coeur du disque est régi
par la diffusion, avec des vitesses poloidales du plasma faibles. Quant aux jets, ils
sont caractérisés par des vitesses rapides et une diffusivité nulle et sont donc régis
par la MHD idéale. Aussi, il faut s’attendre & une influence du champ magnétique

différente selon ces deux régimes.
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Afin de comprendre le comportement d’un tel systéme, il faut faire “parler”
les équations. Pour ne pas alourdir ’exposé, I’ensemble des équations différentielles
décrivant la structure verticale du disque a été placé dans ’annexe A. Cependant, il
suffit de savoir que dans les deux cas, résistif et idéal, ce systeme d’équations peut
étre ramené sous la forme

MY =P, (3.11)

ou P est un vecteur et M une matrice dépendant tout deux de la variable z = z/A(r)
et des grandeurs f;(z) (définies au chapitre précédent), et Y’ le vecteur des dérivées
des f- par rapport a z (cette écriture est analogue au systéme (3.3)). Le disque
admet alors des solutions stationnaires si ce systeme ne posséde pas de singularité,
autrement dit, si la matrice M est toujours inversible. Lorsque le déterminant de M
s’annule, cela traduit la présence d’un point critique et il faudra alors chercher a
satisfaire la condition de régularité.

Ume remarque concernant les deux systemes résistif et idéal. En MHD, il n’est
mathématiquement pas possible de passer continiment d’un régime résistif & un ré-
gime parfaitement conducteur. En effet, la présence d’une diffusivité change ’ordre
du systeme différentiel, qui se trouve ainsi étre du second ordre pour le flux ma-
gnétique ¥ (z) et pour le champ toroidal fy(z) dans le cas résistif et seulement du
premier ordre dans le cas idéal. Par conséquent, lors d’une résolution par intégration
(implicite ou explicite) du systéme d’équations, il y a nécessairement un changement
de systeme lorsque le critére de gel utilisé est vérifié. Les deux systémes étant dif-
férents, il faut s’attendre a des propriétés tres différentes bien que la physique, elle,
soit continue.

Dans un premier temps, il faut donc chercher & quelle condition le déterminant
de M peut s’annuler, & la fois pour le systéme résistif et pour le systéeme idéal.
Avant de se lancer dans I’algebre élémentaire mais lourd, arrétons-nous un peu sur

le probléme posé par les points critiques dans une description stationnaire.

Direction de propagation des ondes

Comme nous ’avons vu plus haut, la singularité se produit dans notre systeme
d’équations stationnaires lorsque la vitesse de I’écoulement devient égale 4 la vitesse
de phase d’une onde caractéristique se propageant dans le plasma. Ainsi, un point
critique est directement associé au probléme temporel. Dans une simulation numé-
rique dépendante du temps du vent de Parker par exemple, il s’établirait un choc au

point critique pour C, > C,. Ce choc dissiperait de 1’énergie et, par I'intermédiaire
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d’ondes soniques remontant 1’écoulement, modifierait les conditions initiales. C’est
alnsi qu’apres une phase tourmentée une solution stationnaire pourrait s’établir avec
Cs = C,.

En fait, la question qu’il faut se poser vis-a-vis de la criticité, n’est pas “Quel est
le type d’ondes qui peuvent se propager dans le milieu?” (en général il y en a une
multitude), mais plut6t “Quelles sont les ondes autorisées & se propager?”. En effet,
une modélisation axisymétrique d’un disque d’accrétion ne peut évidemment pas
rendre compte d’effets non-axisymétriques, tels que les ondes spirales par exemple.
Ainsi, les solutions temporelles du probléme doivent satisfaire les mémes contraintes
de symétrie que les solutions stationnaires. En conséquence, la nature des points
critiques rencontrés par ’écoulement dépend de la description mathématique choisie
(voir également Sauty 1993).

Dans une description axisymétrique et auto-similaire d’un disque d’accrétion, la
direction de propagation des ondes n doit étre alors poloidale et normale aux sur-
faces de phase constante ¢ = Constante. Ces surfaces devant respecter la condition

d’auto-similarité, la direction n est donnée par

Vo _Vz  e;—erxdh/dr
- [ Vel | Ve |~ (14 z2(dh/dr)2)1/2 °

(3.12)

n

Il apparait une singularité dans le disque lorsque la vitesse de I’écoulement V, dans
la direction n, devient égale & la vitesse de phase V,, des ondes, prises en compte

par notre description. I y a donc un point critique & chaque fois que la condition
V=un=Y, (3.13)

est satisfaite?. Avec cette idée pour guide, nous pouvons alors rechercher a quelle
condition le déterminant de la matrice s’annule, c’est 3 dire rechercher la vitesse de
phase des ondes. Ce calcul est décrit dans I’annexe A.

Points critiques en régime résistif

Dans le disque résistif, le déterminant s’annule aux points ou
VAVE-VH =0, (3.14)

ot V; est la vitesse du son. Il y a donc deux surfaces critiques (définies par z = z.A(r),

Z. étant le point ot le déterminant s’annule).

2Dans un disque géométriquement mince n ~ ez et donc V ~ u,.
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La premiere est le plan équatorial du disque ou la vitesse de 1’écoulement s’an-
nule, ce qui se produit quel que soit le régime de parametres du disque. Cette surface
critique est une surface par laquelle passent toutes les solutions de disques, et donc
n’en sélectionne aucune. Elle introduit une difficulté numérique, en obligeant a com-
mencer !'intégration du systéme d’équations a partir d’une altitude non nulle au
dessus du plan.

La seconde est la surface sonique pure. Ce résultat peut paraitre surprenant
dans un milieu ou le champ magnétique domine la dynamique. Cependant, la force
magnétique ne joue pas le role d’une force de rappel au sein du disque, a cause
de la présence de la diffusivité. En effet, celle-ci introduisant des dérivées d’ordre
supérieur (dérivées secondes du flux et du champ toroidal), les effets magnétiques
restent contenus dans le vecteur P et ne contribuent donc pas a la matrice M. Cela
suggere que les ondes magnétosoniques sont amorties en présence de la diffusivité
du disque.

Parmi les solutions calculées ici de disque MHD, aucune ne franchit le point
critique sonique. En effet, lorsque pour un ensemble donné de parametres, le dé-
terminant s’annule en régime résistif, le nombre de Mach sonique M = V/Vy est
encore trés petit (< 0.1) et ne devient proche de 'unité que sur une petite distance
éx ~ 1072, Un gradient aussi fort ne permet pas de franchir ce point sonique et
’intégration numérique ne peut plus se réaliser (en général la densité tend vers zéro
et I’accélération de la matiere vers I'infini). Ce comportement, qui ressemble fort a la
signature d’un choc (voir figure 3.2), n’est pas encore compris. Il indique cependant
qu’il n’est pas possible de former des jets stationnaires qui deviennent transsoniques
en régime de MHD résistive. Ainsi, toutes les solutions de disques présentées dans

cette these, donnent lieu & des jets qui franchissent la surface critique rencontrée en

régime de MHD idéale.

Points critiques en régime idéal

Le déterminant du systéme complet d’équations en MHD idéale s’annule aux

points ou

[V~ VAV + VE) + VIVAIIV? - VA =0. (3.15)

Le flot rencontre ainsi les trois vitesses de phase critiques: magnétosonique lente Vsyy,
Alfvén Vy, et magnétosonique rapide Vepyr (Vsyr < Van < Veur). Nous retrouvons
ici un résultat classique (ex. Priest 1984), modulé par un effet décrit plus haut, de

projection sur la direction de propagation des ondes qui ne brisent pas la symétrie.
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-4

z/h

FIG. 3.2 - Nombre de Mach sonique M? = V2/V? en fonction de laltitude, pour
£=1,¢=0.1,R, =10 et x variant entre 0.1 et 1. Seule la solution obtenue pour
= p = 0.708 fournit les conditions physiques permettant au plasma de passer en
régime de MHD idéale, puis de rencontrer le point critique magnétosonique lent (en
ce point Vspr < Vs et donc M? < 1). Pour toutes les autres solutions, le plasma
reste toujours résistif et I’écoulement rencontre un point critique sonique (M? = 1).
Pour des valeurs de p supérieures a g, les solutions s’arrétent en un z fini tandis
que pour des valeurs de p inférieures, ’écoulement ralenti d’abord comme dans une
solution de brise de vent solaire, mais ces solutions s’arrétent également plus haut

a proximité d’un nouveau point critique sonique.

La vitesse d’Alfvén intervenant ici® est la projection suivant n de la vitesse d’Alfvén

poloidale,

o

p-D

VAn = b
VP

(3.16)

3V = Van est équivalent & m = u,/Vap, = 1, définissant la surface d’Alfvén dans les jets MHD.
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tandis que les deux vitesses de phase des ondes magnétosoniques s’écrivent respec-

tivement
Ve =5 (V24 V2= VA + VRF - 773, (3.17)
et
Véu = % (V:’ +VE A+ (VE+ VR - 4&/;21/}”) : (3.18)

La vitesse d’Alfvén totale V; est définie par

2

u,.e

Vi= Vi i+ VA (222) (3.19)
u,.n

c’est a dire comme la somme de la vitesse d’Alfvén horizontale et d’une vitesse

d’Alfvén verticale (c’est V., exactement sur le plan du disque et seulement ap-

proximativement dans le jet & ’infini).

3.1.3 Le lien entre les structures radiale et verticale du

disque

La présence du point critique en régime de MHD idéale introduit une contrainte
et donc une relation supplémentaire entre les parameétres du probléme. Nous obte-
nons de cette fagon le “chainon manquant” entre les structures radiale et verticale
du disque. Pour un indice d’éjection £ donné, qui mesure localement la variation ra-
diale du taux de perte de masse, et donc le flux de masse vertical, le franchissement
du point critique impose une relation entre les parameétres décrivant la structure
verticale: y, R, et €. Nous verrons ainsi par la suite que pour un flux de masse
donné, les solutions de disques stationnaires dessinent une surface dans P’espace de
ces trois parametres.

Des trois points critiques discutés plus haut, un seul sera pris en compte et
correctement traité par les équations du disque: le point magnétosonique lent Vgp,.
Les deux autres, le point d’Alfvén Vy, et le point magnétosonique rapide Vi, ne
sont en effet rencontrés que plus loin dans le jet. Rosso & Pelletier (1994) ont résolu
les #quations de jets MHD sub-relativistes qui franchissent correctement ces deux
points critiques. Leurs solutions de jet suivent une loi d’auto-similarité compatible
avec celle des disques, de telle sorte qu'un raccord est parfaitement possible entre nos
deux solutions. Ainsi, une image compléte des structures MHD d’accrétion-éjection
devient envisageable. Ceci sera discuté plus en détail au chapitre 4.
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Une derniere remarque concernant ces points critiques. Chacun des trois est en

fait associé a une grandeur physique du probléme:

— Vsu conditionne le flux de masse issu du disque. Si un flot ne franchit pas ce
point critique, c’est que le flux de masse était incompatible avec la physique
locale et la solution ne peut rester stationnaire. Un fort flux de masse abaisse
ce point a proximité de la surface du disque (et donc proche de la région
résistive), tandis qu’un flux plus faible déplace ce point & plusieurs échelles de

hauteur au-dessus (voir prochaine section).

— V4 contréle le moment cinétique total L de la structure emmené par le jet
MHD. En effet, la conservation du moment cinétique total relie L = Qri, ra
étant le rayon ol la vitesse poloidale de la matiere devient égale & la vitesse
d’Alfvén locale, et (), la vitesse angulaire de la surface magnétique sur laquelle

glisse cette matiere. Une seule valeur de L est alors possible & V, et r 4 donnés.

- Vrum semble étre relié & ’énergie totale transportée par le jet, de telle sorte que
le franchissement de ce point critique ne serait possible que pour une valeur

précise de cette énergie (Camenzind 1986b).

3.2 Structure verticale des disques d’accrétion

1sothermes

Le systeme d’équations différentielles non-linéaires couplées est intégré vertica-
lement & partir d’un point proche du plan, jusqu’a plusieurs échelles de hauteur
au-dessus du disque. La difficulté réside ici dans le traitement numérique du point
critique.

Nous avons vu précédemment que la présence du point critique introduisait une
relation entre les parameétres du disque. Cette relation est donnée d’habitude par
la ou les condition(s) de régularité pour franchir “calmement” ce point. Cependant,
tous les termes ayant été ici pris en compte dans les équations, une approche analy-

tique est impossible et un traitement numérique sera nécessaire.

3.2.1 Choix des parameétres

La structure verticale est résolue en fixant la valeur de certains parametres (¢, ¢,

Rm, am et I') et en recherchant itérativement la valeur de ¢ qui permet effectivemnent
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Vitesses Caracteristiques
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F1G. 3.3 - Vitesses caractéristiques de ’écoulement pour un faible indice d’éjection
€. Les parameétres R, £ et € sont imposés et p est déterminé par le franchissement

du point critique. Ce franchissement se produit loin au-dessus du disque (z ~ 4).

de franchir le point critique.

En effet, pour un flux de masse donné £, une seule valeur . de u va permettre
’éjection stationnaire. Pour p < p., le champ magnétique ne comprime pas assez
le disque et la densité est alors moins piquée et peut méme recroitre: la vitesse V
retombe alors, dans une situation analogue a celle d’une brise solaire. Cependant,
cette densité élevée introduit une forte interaction avec le champ qui peut amener
celui-ci & accélérer a nouveau la matiere, jusqu’a une nouvelle rencontre avec un point
critique, mais qui ne sera pas franchi non plus. Il est douteux que cette multiplicité de
“rencontres ratées” avec des points critiques puisse décrire une situation stationnaire.
Pour p > g, le magnétisme comprime trop la matiére du disque et la densité tend
vers zéro: la vitesse V subit alors une accélération infinie. Cette situation, dans
laquelle la vitesse tend a devenir bivaluée, caractérise une situation de choc et est
également non-stationnaire.
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Vitesses Caracteristiques
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FI1G. 3.4 - Vitesses caractéristiques de ’écoulement pour un fort indice d’éjection

¢. Le point critique est ramené & proximité de la surface du disque.

Ainsi, sil existe une valeur du paramétre p pour laquelle une solution stationnaire
est possible, celle-ci est unique. Mais il n’est pas évident qu’il en existe toujours une.
Nous verrons plus bas, dans une premiére exploration de I’espace des paramétres
des disques MHD, qu’il existe une plage dans laquelle léchelle de hauteur du flux
magnétique peut varier et pour laquelle il existe bien un K, 3 un £ donné.

Une solution de disque est alors obtenue en posant o, = I' = 1, en choisissant
une épaisseur de disque € puis, pour une courbure intermédiaire des lignes de champ
Rm ~ €71, en recherchant itérativement la valeur critique pt. compatible avec ’indice

d’éjection choisi £.

3.2.2 Profil de température

Le profil vertical de température est fourni par ’équation d’énergie du disque
et dépend du mécanisme dominant de transport d’énergie. Il est tres difficile de
rendre compte avec justesse de ce type de processus, d’autant plus que le disque 