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AVANT-PROPOS
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plus confronté depuis le début de mon doctorat. Tutoiement, vouvoiement, en anglais, en
français, question sincère ou polie, chercheur pompeux, grand-oncle pompette, ami pom-
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à la totalité de mes collègues doctorants, je compris alors que ce manuscrit allait constituer
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m’y engage, un minimum d’artifices visuels.
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RÉSUMÉ

L’éjection de matière sous forme de jets astrophysiques est un phénomène observable dans
une très grande variété d’objets célestes, à plusieurs échelles de masse et d’énergie. Durant
ces dernières décennies, le couplage intime entre accrétion de matière et éjections relati-
vistes fut l’objet de nombreuses campagnes d’observations multi-longueurs d’onde, menant
à une amélioration significative de sa compréhension. Toutefois, ces découvertes ont éga-
lement mis en avant les limites de nos modèles théoriques visant à reproduire l’émission
des jets relativistes. Ceci, entre autres, en l’absence d’une description précise du mécanisme
physique à l’origine du lancement de ces jets. Ce travail de thèse vise à répondre à certaines
interrogations ainsi soulevées.

L’objectif premier de cette thèse est de reproduire l’émission multi-longueurs d’onde du
jet compact du microquasar MAXI J1836-194 lors de son éruption de 2011. Pour ce faire, nous
utilisons un modèle numérique basé sur le principe des chocs internes, baptisé ishem, dont
l’hypothèse fondatrice et inédite consiste à supposer que les fluctuations de vitesses du jet
sont directement gouvernées par la variabilité du disque d’accrétion. À l’aide de cinq jeux de
données multi-longueurs d’onde et de la variabilité X simultanée mesurée dans le disque,
nous proposons un scénario d’évolution du jet reproduisant fidèlement son émission multi-
bandes pour cinq dates de sa phase éruptive. Nous tâchons de définir quels paramètres de
la simulation ont le plus d’influence dans la modélisation des spectres ainsi que dans l’évo-
lution des caractéristiques spectrales du jet compact au cours de l’éruption. Le nombre de
paramètres étant important nous réalisons enfin une étude en profondeur de la dégénéres-
cence afin d’apporter de nouvelles contraintes en vue de respecter de manière optimale la
cohérence physique de nos résultats.

Par la suite, nous nous concentrons un peu plus sur l’aspect numérique de l’étude et sur
le futur du modèle. En effet, le modèle ishem étant toujours en développement, nous nous
penchons sur certains axes d’amélioration non (ou mal) pris en compte par le modèle dans
sa version actuelle. Ceci, dans le but d’estimer si l’implémentation de nouveaux modules
infirme ou confirme nos conclusions pré-établies. Dans un premier temps, nous étudions,
par le biais d’une étude semi-analytique, les changements apportés par une prise en compte
rigoureuse du refroidissement adiabatique et du refroidissement synchrotron. Puis, nous dé-
terminons les changements apportés par la considération précise des effets d’anisotropie du
rayonnement.



ABSTRACT

The ejection of matter in the form of astrophysical jets is a phenomenon observable in a very
large variety of celestial objects, at multiple scales of mass and energy. In the last decades, the
intimate coupling between the accretion of matter and relativistic ejections was the subject
of numerous multiwavelength observation campaigns, leading to a significant improvement
of its comprehension. However, those discoveries also pointed out the limits of our theoreti-
cal models aiming to reproduce the emission of relativistic jets. This, due to, among others,
the absence of an accurate description of the physical mechanism at the origin of the jets
launching. This thesis work aims to answer some questions raised during this period.

The first objective of this thesis is to reproduce the multiwavelength emission of the mi-
croquasar MAXI J1836-194 compact jet during its 2011 outburst. To do so, we use a numerical
model based on the principle of internal shocks, named ishem, whose innovative hypothesis
consists in assuming that the jet velocity fluctuations are directly driven by the variability of
the accretion disc. Using five multiwavelength data sets along with the simultaneous X-ray
variability measured in the disc, we propose a scenario that follows the jet evolution and
which reproduces its multiwavelength emission for five epochs of its outburst. We define
which simulation parameters have the most influence during the modelling of the spectra
and also which parameters enable to track the spectral properties of the compact jet during
the outburst in the most convenient way. As the number of simulation parameters is very
high, we perform an in-depth study of the parameter space degeneracy in order to bring
some new constraints in view of optimally respect the physical coherence of our results.

Thereafter, we focus more particularly on the numerical aspect of the study and on the
future of the model. Indeed, the ishem model being still in the development phase, we are
looking at areas of improvement that have not (or partially) been taken into account by the
model in its current version. This, in order to estimate whether the implementation of a
new physical element in the code infirm or confirm our previously established conclusions.
Firstly, we examine, through a semi-analytical study, the potential modifications brought by
the rigorous consideration of the adiabatic cooling and of the synchrotron cooling. Then, we
determine the changes provided by the exact consideration of the anisotropy effects in the
simulations and compare their impact on the simulated spectra to our results.
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INTRODUCTION

La première apparition des jets astrophysiques dans les observations scientifiques re-
monte à un tout petit peu plus de cent ans à l’heure où j’écris ce manuscrit. En 1918, l’astro-
nome Heber Doust Curtis remarque un "curieux rayon rectiligne" (Curtis, 1918) qui semble
"relié au noyau" de celle que l’on nommait encore nébuleuse Messier 87. À cette époque,
bon nombre de défis font face à l’astronomie et ce "curieux rayon" n’apparaît alors pas vrai-
ment comme une priorité. C’est en 1954 que deux astronomes, Walter Baade et Hermann
Minkowski, se repenchent finalement sur la galaxie M87 et renomment cette curiosité jet
supposant qu’il pourrait s’agir là d’une entité associée à une éjection rapide de matière (pas
encore reliée à son trou noir supermassif central) (Baade and Minkowski, 1954). Très vite, des
jets similaires sont observés dans d’autres galaxies abritant des noyaux actifs (NAGs ou AGN :
radiogalaxies, quasars). Comme dans le cas de M87, ils ont la particularité d’être rapides,
collimatés, incroyablement énergétiques et de pouvoir s’étendre sans discontinuer sur des
distances prodigieuses. Sous certaines conditions, ces éjections peuvent même atteindre des
vitesses extrêmement proches de la célérité de la lumière. On appelle alors ce type de jets,
jets relativistes. Par la suite, des jets sont détectés dans d’autres catégories d’objets telles les
étoiles T Tauri (objets Herbig-Haro) mais aussi dans des systèmes binaires évolués. Il ap-
paraît même, au fur et à mesure des détections, que la très grande majorité de ces sources
sont en réalité galactiques, regroupées dans un groupe d’objet particulier : les binaires X. La
découverte en 1980 de jets bilatéraux se propageant à ∼ 0.26c dans la binaire SS433 (source
ayant la particularité d’émettre des jets de façon continue) puis l’observation, en 1994, de
jets se déplaçant à des vitesses superluminiques dans GRS 1915+105 révolutionnent pro-
fondément le champ d’études, faisant prendre conscience aux astrophysiciens de l’aspect
universel des jets relativistes. Il est alors rapidement compris que de tels phénomènes sont
présents dans différents types d’objets et à toutes échelles de masse, à condition de partager
une condition physique essentielle : l’accrétion de matière.

Afin de déterminer le lien intime reliant les jets astrophysiques à l’accrétion de matière, il
est apparu nécessaire d’étudier les sources de jets en combinant un maximum de domaines
spectraux, et ce, de manière simultanée. Cette idée naît au début des années 1970, véritable
essor de l’astronomie X, à la suite du formidable élan observationnel amorcé par la décou-
verte de Scorpius X-1 (Giacconi et al., 1962). Le nombre de binaires X cataloguées croît alors
fortement et suscite un intérêt massif de la communauté des observateurs. Plusieurs instru-
ments sont construits et pointés vers les binaires avec pour objectif de mieux comprendre
ces objets célestes et, aussi, de les positionner de manière précise. Cet enthousiasme général
entraîne la découverte de contreparties radio dans Sco X-1 et Cyg X-1 (Hjellming and Wade,
1971a,b) (aujourd’hui associées au refroidissement synchrotron d’électrons au sein du jet),
déclenchant aussitôt plusieurs campagnes d’observations dans d’autres bandes (submilli-
métrique, infrarouge, optique, etc). Le principal résultat de ces opérations fut la constatation
que les sources possédant des jets émettent sur la quasi-totalité du spectre électromagné-
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tique, chaque entité de l’objet (objet compact, disque d’accrétion, jet, étoile compagnon,
etc) étant associée à une bande spectrale propre. La révélation progressive de l’existence
de corrélations étroites entre certains domaines spectraux (Hannikainen et al., 1998; Corbel
et al., 2003; Gallo et al., 2003), et donc entre certains composants d’une même source, pousse
alors définitivement les scientifiques à étudier la variabilité multi-longueurs d’onde des bi-
naires X, imposant ainsi le caractère simultané des observations.

Grâce à ces dispositions, la compréhension du couplage entre l’accrétion et l’éjection
s’est améliorée significativement ces dernières années. Il a été démontré qu’il existe un plan
fondamental de l’accrétion de trous noirs mettant en relation la luminosité radio, la lumino-
sité X et la masse d’un trou noir accrétant (Merloni et al., 2003; Falcke et al., 2004; Gültekin
et al., 2019, et références internes). Le scénario du cycle d’activité des binaires X décrivant
les variations spectrales et temporelles du disque d’accrétion et du jet potentiel s’écrit lui
aussi de plus en plus précisément. La corrélation étroite entre la variabilité X du disque d’ac-
crétion et la variabilité du jet est maintenant totalement établie (Middleton et al., 2017, et
références internes). Du point de vue de l’émission du jet, l’évolution technique a permis
aux observations d’apporter des nouvelles informations cruciales. En témoigne la mise en
lumière du spectre radio plat caractéristique des binaires X pendant l’état dur (Corbel et al.,
2000; Fender et al., 2000; Corbel and Fender, 2002) dont l’impact sur les modèles théoriques
s’est révélé déterminant.

Toutefois, alors que des explications sont apportées fréquemment dans le milieu de l’as-
trophysique des jets, perçant chaque jour un peu plus le mystère qui plane sur ces sources
X, certaines questions fondamentales restent toujours sans réponses. Le mécanisme à l’ori-
gine des éjections et la nature de l’apport énergétique permettant au jet de rester collimaté
sur plusieurs kiloparsecs sont toujours inconnus. La composition du jet est sujette à énor-
mément d’interrogations, idem pour la façon dont la masse et la puissance sont transférées
entre le disque et le jet. On ne sait toujours pas non plus avec certitude comment le jet évo-
lue au cours du cycle d’activité des binaires. Enfin, on ne sait pas reproduire fidèlement leur
émission multi-longueur d’onde.

Mon travail de thèse s’inscrit dans la lignée de tout travaux antérieurs visant à répondre
à ces questions cruciales. L’objectif y est de reproduire, à l’aide de simulations, le spectre
multi-longueurs d’onde d’un jet compact en utilisant les propriétés du disque d’accrétion
associé, testant ainsi un peu plus en profondeur le lien entre accrétion et éjection. Il s’appuie
sur des observations multi-bandes de la source MAXI J1836-194 présentant des caractéris-
tiques inédites. Pour la première fois, un jet est suivi pendant une éruption complète par une
campagne d’observations multi-longueurs d’onde simultanées. Et, par-dessus tout, la com-
posante spectrale associée au jet semble dominer la composante spectrale du disque d’ac-
crétion, permettant un ajustement des données significativement plus précis et indiquant
un angle d’inclinaison extrêmement faible, sans précédent dans l’historique des détections.

Ce manuscrit est divisé en trois chapitres :

— Le premier chapitre vise à apporter le bagage astrophysique nécessaire à la compré-
hension de mes travaux. Il présente les objets célestes d’intérêt et introduit les concepts
physiques primordiaux de la physique des jets relativistes. Une place spéciale est par
ailleurs accordée aux modèles théoriques d’émission de ces jets.

— Le second chapitre est la substantifique moelle de mon travail de thèse. Il s’intéresse
à la reproduction de l’émission multi-longueurs d’onde de la source MAXI J1836-194
à l’aide du modèle numérique ishem. Les données utilisées ainsi que les paramètres
physiques de la simulation y sont présentés. La procédure d’ajustement utilisée pour

2



obtenir nos résultats est détaillée de manière explicite. Une section est également consa-
crée à l’exploration approfondie de l’espace des paramètres dans le but d’étudier la
forte dégénérescence et d’apprécier son influence sur nos conclusions.

— Le troisième et dernier chapitre apporte les premières pierres en vue de la sophistica-
tion du modèle ishem. Il étudie de manière préliminaire les effets de refroidissement
des particules et l’influence de l’angle d’inclinaison dans le processus d’émission, pour
le moment non implémentés (partiellement pour le second) dans le modèle, et tente
d’appréhender leur impact sur les résultats du deuxième chapitre.
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Chapitre 1

Astrophysique des jets relativistes

Sommaire
1.1 Objets compacts et accrétion ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ 7

1.1.1 Objets compacts ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ 7

1.1.2 Binaires X ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ 11

1.2 Couplage Accrétion/Éjection ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ 15
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CHAPITRE 1. ASTROPHYSIQUE DES JETS RELATIVISTES

Résumé :

Ce premier chapitre est dédié à la description des objets et des phénomènes impliqués
dans l’éjection de matière relativiste au sein des microquasars. Il contient les connaissances
de base nécessaires à la compréhension de la physique des jets et se concentre particuliè-
rement sur leur émission. Une première section est consacrée aux objets compacts et à leur
rôle majeur dans le processus d’éjection via l’accrétion de matière au sein des binaires X.
Une deuxième section, plus phénoménologique, s’intéresse un peu plus en détail au cou-
plage entre l’accrétion et l’éjection de matière dans ces systèmes. Elle revient notamment
sur leurs phases éruptives où propriétés spectrales et temporelles sont, en parallèle de l’ac-
tivité d’éjection, l’objet de variations importantes. Une troisième section présente le modèle
théorique standard utilisé pour expliquer l’émission multi-longueurs d’onde de ces jets et
se penche sur le modèle, plus élaboré, de chocs internes. Enfin, une dernière section pré-
sente quelques instruments d’observations, à la fois spatiaux et sur Terre, dont j’ai utilisé les
données au cours de mon travail de thèse.
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1.1. OBJETS COMPACTS ET ACCRÉTION

1.1 Objets compacts et accrétion

1.1.1 Objets compacts

En astrophysique, le terme objets compacts désigne une triade d’objets célestes aux pro-
priétés gravitationnelles extrêmes, constituant chacun l’étape ultime de l’évolution stellaire.
On y trouve les naines blanches , les étoiles à neutrons et les trous noirs .

La formation de ces objets prend son origine à la "mort" des étoiles, phase au cours de la-
quelle les réserves en gaz combustible arrivent à épuisement. Cette pénurie de combustible
entraîne l’arrêt de toute activité thermonucléaire au sein de l’étoile et provoque, par consé-
quent, une chute de la production de photons au cœur de l’étoile. Faute d’éclat, la pression
radiative et la pression thermique du gaz chutent et ne résistent plus à la force gravitation-
nelle de l’astre auto-gravitant. L’étoile perd alors sa stabilité et s’effondre sur elle-même for-
mant, via divers processus non discutés ici, un objet beaucoup plus petit et beaucoup plus
dense 1 que la physique classique ne suffit plus à décrire. Même si le sujet reste aujourd’hui
quelque peu obscur, les astrophysiciens estiment que plus l’étoile progénitrice est massive,
plus le résidu formé est compact.

Zoologie

- Naines Blanches :
Dans le cas des naines blanches, l’effondrement gravitationnel est stoppé par la pression

de dégénérescence des électrons. Cette pression, décrite par la mécanique quantique via le
principe d’incertitude de Heisenberg et surtout via le principe d’exclusion de Pauli, interdit à
deux fermions de se retrouver dans le même état quantique au sein d’un même système. Ce
phénomène permet aux naines blanches de conserver un rayon moyen de l’ordre du rayon
terrestre (∼ 5000km) pour des masses allant de 0.17M¯(Kilic et al., 2007) à 1.4M¯ (limite
de Chandrasekhar) donnant lieu à des densités pouvant atteindre 109 kg.cm−3, soit 200 000
fois plus élevée que sur Terre. Bien que les naines blanches ne soient plus le siège de fusion
thermonucléaire, leur température de surface est toujours extrêmement élevée ce qui leur
permet de rester visibles par le biais de rayonnement thermique. D’ici plusieurs milliards
d’années, une fois ce refroidissement achevé (ce n’est le cas pour aucune naine blanche au-
jourd’hui), ces résidus stellaires -ne brillant plus- sont destinés à devenir des naines noires.

- Étoiles à neutrons :
Dans le cas des étoiles à neutrons, l’équilibre est cette fois garanti par la pression de dé-

générescence des neutrons. Durant leur processus de formation, l’effondrement gravitation-
nel entraîne une montée si drastique de la densité et de la température que les conditions
de capture électronique par les protons se retrouvent grandement favorisées. Les deux par-
ticules se mettent alors à fusionner pour former un astre composé quasi-exclusivement de
neutrons, d’où son nom. De part leur masse bien plus importante, les neutrons nécessitent
des densités bien plus élevées que les électrons pour remplir tous les états quantiques dis-
ponibles. Par conséquent le rayon moyen des étoiles à neutrons est bien plus faible que celui
des naines blanches. Une étude réalisée sur un échantillon de 35 étoiles à neutrons estime
sa valeur aux alentours de 10km pour des masses allant de 1.17M¯ à 2M¯(Özel and Freire,
2016), impliquant alors des densités de l’ordre de 1018 kg.cm−3.

1. Attention toutefois aux abus de langage, la densité perdant tout sens physique quand appliquée aux trous
noirs.
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CHAPITRE 1. ASTROPHYSIQUE DES JETS RELATIVISTES

FIGURE 1.1 – Première photo historique d’un trou noir supermassif (au centre de M87) captée par
l’Event Horizon Telescope en 2019 (Event Horizon Telescope Collaboration et al., 2019).

- Trous noirs :
Dans le cas où la pression de dégénérescence des neutrons n’est pas assez conséquente

pour contrebalancer l’effondrement gravitationnel, l’objet continue son inexorable contrac-
tion pour former un trou noir (Figure 1.1). Dans ces objets, toute la masse du résidu stel-
laire est ramenée en un point, appelé singularité gravitationnelle. Le champ gravitationnel
de cette singularité est si immense que la lumière elle-même s’y retrouve piégée, formant
une surface au delà de laquelle toute information est perdue : l’horizon des évènements. Se-
lon la rotation du trou noir, cette frontière est plus ou moins proche de la singularité. Pour
un trou noir sans rotation (dit trou noir de Schwarzschild), l’horizon des évènements est
confondu avec le rayon de Schwarzschild exprimé comme suit :

RS = 2GM

c2
(1.1)

avec G la constante de gravitation, M la masse du trou noir et c la célérité de la lumière dans
le vide. Typiquement, un trou noir de Schwarzschild de 10M¯ a un rayon associé d’environ
30km. Pour un trou noir en rotation maximale, l’horizon des évènements est plus proche de
moitié avec :

RH = GM

c2
= RS

2
(1.2)

Le processus discuté ci-dessus se focalise sur la formation des trous noirs dits de masse
stellaire, hors, et contrairement aux naines blanches et aux étoiles à neutrons, ce type de
trous noirs n’est pas unique. En effet, nous avons aujourd’hui de solides preuves de l’exis-
tence de trous noirs dits supermassifs que l’on retrouve au centre de la grande majorité des
galaxies et dont la masse peut varier entre 105M¯et 1010M¯ (Meier, 2012). La formation de
ces trous noirs est toujours l’objet de recherches intenses mais il ne fait aucun doute que leur
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1.1. OBJETS COMPACTS ET ACCRÉTION

évolution est étroitement liée à celui de leur galaxie hôte. De la même manière, de nombreux
indices semblent attester de l’existence d’une catégorie de trous noirs faisant le lien entre
les trous noirs de masse stellaire et les trous noirs supermassifs, dont ils pourraient être les
briques élémentaires : les trous noirs dits de masse intermédiaire (Farrell et al., 2009). Ces
trous noirs auraient une masse de l’ordre de 102M¯ à 104M¯ (Meier, 2012) et pourraient être
situés au centre des galaxies naines. La confirmation de leur existence permettrait notam-
ment d’élucider une partie du mystère des sources X ultralumineuses (ULXs). Le dévelop-
pement de l’astronomie gravitationnelle ainsi que les prochaines générations de télescopes
nous apporteront assurément toutes ces réponses dans les décennies à venir 2.

Compacité et luminosité d’accrétion

Les objets compacts déforment de manière considérable l’espace-temps dans leur en-
vironnement proche. Cet impact sur le tissu spatio-temporel s’exprime via une grandeur
physique appelée compacité représentant le rapport entre le rayon gravitationnel (ou demi-
rayon de Schwarzschild) de l’objet et sa taille réelle. Plus la compacité d’un objet est élevée,
plus le champ gravitationnel à la surface de cet objet est fort. Pour un objet de rayon R et de
masse M, la compacité s’exprime de la façon suivante (avec Rg, le rayon gravitationnel) :

Ξ= Rg

R
= RS

2R
= GM

c2R
(1.3)

En moyenne, ce paramètre s’élève à 10−4 pour les naines blanches, à ∼0.2-0.3 pour les étoiles
à neutrons, à 0.5 pour les trous noirs de Schwarzschild et peut même atteindre 1 pour les
trous noirs de Kerr.

Le paramètre de compacité influe directement sur la capacité des objets compacts à
convertir, durant leurs phases d’accrétion, l’énergie gravitationnelle du gaz en chaleur puis
en rayonnement. Pour un objet de compacitéΞ et de masse M, l’énergie libérée par accrétion
d’une masse totale de gaz m est :

∆Eacc = GMm

R
=Ξmc2 (1.4)

et correspond à l’énergie potentielle gravitationnelle disponible en amenant m de l’infini à
R. Par conséquent, quand une naine blanche restituera une quantité d’énergie gravitation-
nelle correspondant à 0.01% de l’énergie de masse de la matière accrétée, le trou noir de
Kerr pourra lui -en principe- libérer la totalité cette énergie gravitationnelle sous forme de
chaleur, faisant des objets compacts accrétants les sources d’énergie les plus efficaces de
l’Univers 3.

En réalité, l’équation 1.4, même si vraie pour tout R, ne fournit une description précise
de l’énergie libérée par accrétion que pour les objets compacts disposant d’une surface phy-
sique. En effet, dans le cas des trous noirs, la matière accrétée peut traverser l’horizon des
évènements sans avoir converti toute son énergie potentielle, en énergie cinétique dans un

2. D’ici la fin de l’année 2019, le détecteur japonais KAGRA devrait rejoindre la collaboration entre
LIGO et Virgo dans leur troisième phase de détection. Pour plus d’informations sur les détections d’ondes
gravitationnelles précédemment effectuées, voir les liens suivants : https://www.ligo.org/detections.php &
https://gracedb.ligo.org/superevents/public/O3/.

3. En comparaison, la fusion thermonucléaire d’hydrogène en hélium ne permet d’extraire que 0.7% de
l’énergie de masse de l’hydrogène.
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CHAPITRE 1. ASTROPHYSIQUE DES JETS RELATIVISTES

premier temps, puis en chaleur et en rayonnement. La quantité d’énergie libérée dépend
alors de la façon dont le gaz est accrété par ces objets. Pour un trou noir de Schwarzschild,
on estime l’efficacité d’accrétion à ∼5% quand elle peut atteindre ∼40% pour les trous noirs
de Kerr.

En partant de l’expression de l’énergie d’accrétion, il est possible de déterminer la puis-
sance d’accrétion d’un objet pour un taux d’accrétion ṁ donné :

Q =Ξṁc2 (1.5)

En émettant l’hypothèse que la totalité de l’énergie potentielle de la matière accrétée est
convertie en rayonnement à la surface de l’objet (ou à la dernière orbite stable dans le cas
des trous noirs), il est possible d’associer cette puissance d’accrétion à la luminosité d’ac-
crétion tel que : Lacc = Q = Ξṁc2. Les objets compacts accrétants apparaissent alors tout
naturellement comme les candidats idéaux pour expliquer les plus grandes luminosités ob-
servées dans l’Univers. Pour un taux d’accrétion suffisamment élevé, il existe cependant une
limite maximum théorique au delà de laquelle la luminosité ne peut plus croître : la lumino-
sité d’Eddington. Cette limite correspond à la luminosité à partir de laquelle la pression de
radiation exercée par le champ de photons devient dominante et repousse la matière accré-
tée, stoppant tout processus d’accrétion 4.

Pour estimer la luminosité d’Eddington d’un objet, il est nécessaire de se placer dans l’hy-
pothèse d’un flot d’accrétion stationnaire à symétrie sphérique, composé majoritairement
d’hydrogène à l’état plasma. Dans ce cadre, la masse des protons étant bien plus élevée que
celles des électrons, la force gravitationnelle appliquée aux particules situées à une distance
r de l’objet accrétant s’écrit alors :

Fgrav =
GM(mp +me)

r2
≈ GMmp

r2
(1.6)

La pression radiative, elle, se manifeste principalement par diffusion Thomson. La section
efficace des protons étant complètement négligeable ((me/mp)2 ∼10−7), les photons émis
sont alors principalement diffusés par les électrons du flot d’accrétion. Par conséquent, avec
σT la section efficace de Thomson et pour une luminosité L donnée, l’expression de la force
antagonique à la gravité s’écrit :

Frad = σT

c

L

4πr2
(1.7)

À l’équilibre, on obtient alors :

LE =
4πGMmpc

σT

≈ 1.3x1038

(
M

M¯

)
erg.s−1 (1.8)

Un trou noir de masse stellaire de 10M¯ aura donc une luminosité d’Eddington de∼1039erg.s−1,
quand un trou noir supermassif pourra lui atteindre ∼1048 erg.s−1.

4. Cette limite est de nos jours discutée suite aux nombreuses observations de sources qualifiées de "Super-
Eddington" dont les luminosités dépassent les luminosité d’Eddington des étoiles à neutrons et trous noirs de
masse stellaire (Kaaret et al., 2017).
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1.1. OBJETS COMPACTS ET ACCRÉTION

1.1.2 Binaires X

Les binaires X (XRBs pour X-ray binaries) sont des systèmes binaires dans lequel l’un des
composants est une étoile à neutron ou un trou noir de masse stellaire accrétant la matière
d’une étoile compagnon conventionnelle. Dans ces systèmes, l’influence gravitationnelle de
l’objet compact est telle que l’énergie libérée durant le processus d’accrétion mène à des
émissions hautement énergétiques observées principalement dans le domaine des rayons
X. Il est important de noter à ce propos que ces émissions varient sur des échelles de temps
typiques qui sont comparables aux échelles de temps humaines (jours, semaines, ... ; ce qui
n’est clairement pas le cas de l’accrétion des trous noirs supermassifs dans les noyaux actifs
de galaxies). Ces configurations font des binaires X d’excellents laboratoires pour étudier la
physique de l’accrétion, mais aussi la gravité extrême, les processus radiatifs à hautes éner-
gies, l’évolution stellaire ; sans oublier l’accélération et l’éjection de matière sous forme de
jets.

Selon la masse de l’étoile donneuse, on distingue deux sous-catégories de binaires X :
les binaires X de grande masse (HMXBs pour High mass X-ray binaries) et les binaires X
de faible masse (LMXBs pour Low-mass X-ray binaries). Dans la première sous-catégorie,
l’étoile compagnon est plus massive que l’objet compact central (M & 10M¯). Il s’agit géné-
ralement d’une étoile massive de la séquence principale de type O ou de type B, ou même
d’une supergéante bleue (Tauris and van den Heuvel, 2006). Dans les LMXBs, on observe le
cas inverse, à savoir une étoile compagnon moins massive que l’étoile à neutron ou que le
trou noir (M . 1.5M¯). Typiquement, les étoiles donneuses des LMXBs sont des étoiles de
faible masse de la séquence principale (type G, K ou M) ou bien des géantes rouges.

Accrétion dans les binaires X

Dans les XRBs, deux processus de transfert de matière de l’étoile compagnon vers l’objet
compact central coexistent : l’accrétion par vents stellaires et l’accrétion par débordement
du lobe de Roche. De manière générale le premier mode est plutôt associé aux HMXBs tan-
dis que le deuxième est clairement identifié aux LMXBs (même s’il est retrouvé aussi dans
les HMXBs). En effet, les étoiles donneuses massives des HMXBs produisent des vents stel-
laires très puissants (ṁ ∼10−6M¯.y−1 ; Meier, 2012) qui font offices de premiers vecteurs au
transfert de masse. L’accrétion par débordement du lobe de Roche existe également mais
se trouve être assez instable compte tenu du rapport de masse entre le compagnon et l’objet
central. Dans les LMXBs, les vents stellaires émis par l’étoile compagnon sont beaucoup trop
faibles pour être pris en compte, on y privilégie alors nettement l’accrétion par débordement
du lobe de Roche, beaucoup plus stable dans ces configurations (voir Figure 1.2). Le lobe de
Roche est la surface équipotentielle du potentiel de Roche tenant compte des forces gravita-
tionnelles et centrifuges appliquées à une étoile dans le système binaire (voir Figure 1.3). En
substance, toute matière située à l’intérieur du lobe de Roche d’un astre est gravitationnel-
lement liée à cet astre. Dans un système binaire, les intersections des deux lobes de Roche
sont appelés points de Lagrange et représentent les endroits précis où force gravitationnelle
et centrifuges se neutralisent. Dans l’éventualité où un objet tiers est placé sur l’un de ces
points de Lagrange, celui-ci orbitera alors les deux autres objets en parfait équilibre.

L’accrétion par débordement du lobe de Roche débute quand la matière de l’étoile don-
neuse quitte son puits de potentiel et atteint cette surface équipotentielle au point de La-
grange L1, intersection alignée avec les deux objets célestes. À ce point précis la matière est
libre de tomber dans le lobe de Roche de l’objet compact central formant les prémices du
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FIGURE 1.2 – Illustration schématique d’une binaire X de faible masse et du transfert de masse par
débordement du lobe de Roche menant à l’émission de jets. (Hynes, 2010).

flot d’accrétion. Très vite, les interactions visqueuses entre les particules du flot accrétion
et, en particulier, la conservation du moment angulaire résulte en la formation d’un disque
d’accrétion qui peut s’étendre jusqu’à la surface de l’étoile à neutron ou jusqu’à la dernière
orbite stable du trou noir. À mesure que la matière se rapproche de l’objet compact, les pertes
en énergie gravitationnelle vont crescendo et une quantité significative d’énergie est libérée
dans les parties internes du disque. Celui-ci se met alors à chauffer de manière si intense que
le seuil des mégakelvins est franchi assez rapidement ayant pour conséquence l’émission de
photons X, signature caractéristique des XRBs en phase d’accrétion.

Éjections dans les binaires X

Les XRBs sont parfois également le siège d’éjections ultra-rapides de matière : les jets
relativistes . Ces éjections, observées principalement dans le domaine radio et infrarouge
proche, sont émises de manière bilatérale le long de l’axe de rotation du disque d’acré-
tion formé autour de l’objet compact. Éjections discrètes ou jets continus et compacts, elles
peuvent atteindre des vitesses de l’ordre de la célérité de la lumière (voir même avoir un
mouvement apparent supraluminique; Mirabel and Rodríguez, 1994) et s’étendre dans le
milieu interstellaire sur plusieurs parsecs. Les sources dans lesquelles sont observés ces jets
relativistes sont appelées microquasars en écho aux quasars, ces galaxies présentant des
noyaux très actifs extrêmement lumineux et dont les propriétés physiques sont similaires 5

5. Je parle ici des propriétés concernant l’accrétion de matière par un trou noir central. Il est évident qu’il
existe une différence colossale de taille et de masse entre ces deux objets menant à des variations de luminosité
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FIGURE 1.3 – Représentation simplifiée des lobes de Roche dans un système binaire. Au dessus, une
courbe 3D illustre les puits de potentiel gravitationnels de deux objets (Crédit : Marc van der Sluys,
2006).

(voir Figure 1.4). Bien que ces microquasars puissent être des HMXBs ou des LMXBs, l’ob-
servation des jets relativistes se fait essentiellement dans les LMXBs 6. Ces dernières pré-
sentent l’avantage de faciliter les observations multi-longueurs d’ondes du jet de part l’ab-
sence d’étoile compagnon brillante. Elles permettent aussi, via leur activité d’accrétion (voir
Section 1.2), de sonder une gamme étendue de taux d’accrétion, quand les HMXBs sont
elles souvent persistantes. En conséquence, nous nous focaliserons essentiellement sur les
LMXBs, et qui plus est à trou noir central, dans la suite de ce manuscrit.

Les jets relativistes et leurs sources émettrices font l’objet de très nombreuses études
depuis maintenant plusieurs décennies. Le progrès technologique et la quasi-systématicité
des observations multi-longueurs d’onde coordonnées sur de plus en plus d’instruments
ont notamment permis de réaliser des avancées significatives dans leur compréhension glo-
bale. Cependant, ces éjections semblent assez réticentes à l’idée de livrer tous leurs secrets.
En effet, alors que de nouvelles découvertes et nouveaux affinements sont régulièrement
rapportés, il subsiste des questions d’ordre basique devant lesquelles les astrophysiciens de-
meurent sans réponses :
- Quel mécanisme est responsable de la projection relativiste de cette matière?
- Quelle est la nature des particules composant le jet?
- Comment s’organise le transfert de masse entre le disque et le jet?

sur des échelles de temps incomparables (jour, mois vs décennie, siècle).
6. On pourra citer en contre-exemple Cyg X-1 et Cyg-3 qui abritent des jets relativistes très actifs, y compris

dans le domaine des rayons γ.
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FIGURE 1.4 – Comparaison entre À GAUCHE : Vue d’artiste d’une binaire X avec trou noir central émet-
tant un jet relativiste et À DROITE : Vue d’artiste d’un quasar. La similitude frappante entre ces deux
objets insuffla, au début des années 1990, l’idée à Mirabel et Rodriguez du terme microquasar.

- Comment les particules sont-elles accélérées?
- Comment produit-on un tel rayonnement?
Beaucoup de travaux ont eu pour objet de proposer des solutions à ces interrogations mais
jusqu’à maintenant aucune réponse formelle n’a pu être apportée, les observations échouant
dans leur quête d’indices permettant de distinguer une théorie plutôt qu’une autre.

La "vérité" sur la formation des jets dans les microquasars est disputée entre deux mo-
dèles en forte concurrence : le modèle de Blandford and Znajek, 1977 et le modèle de Bland-
ford and Payne, 1982 (voir Figure 1.5). Leur différence réside dans leur façon d’extraire de
l’énergie au sein du système binaire afin de propulser les particules à des vitesses proches de
la lumière. Dans le premier modèle, l’énergie est puisée dans la rotation du trou noir. On y
suppose que le trou noir central est un trou noir de Kerr englobé dans un champ magnétique
très intense généré par des courants internes au disque d’accrétion. Ce champ, particulière-
ment puissant au voisinage de l’horizon des évènements du trou noir, créé alors un champ
électrique induit dans le vide autour du trou noir ce qui, par un processus qui s’apparente à
l’effet dynamo, permet d’extraire de l’énergie rotationnelle et du moment angulaire. Dans le
second modèle, l’énergie est puisée directement dans le disque d’accrétion. On y suppose un
champ magnétique traversant le disque et avec lequel il est en co-rotation au niveau du plan
d’accrétion. Par effet de rotation différentielle les lignes de champ magnétique se courbent
à mesure que l’on s’éloigne de l’objet central et du plan du disque. Une fois un angle critique
atteint, la matière du disque a alors assez d’énergie pour résister à l’attraction du trou noir et
peut s’échapper le long des lignes de champs. On parle d’accélération magnéto-centrifuge.
Suivant le même schéma que précédemment, les particules gagnent alors de l’énergie jus-
qu’à atteindre la valeur seuil d’énergie suffisante pour pouvoir s’échapper du puits de po-
tentiel et être propulsées dans le milieu interstellaire.
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FIGURE 1.5 – Schéma représentant les deux modèles de formation de jets (Casse, 2001).

1.2 Couplage Accrétion/Éjection

Il est notoire, depuis maintenant plusieurs décennies, que l’éjection de jets est indisso-
ciable de l’accrétion de matière. Ce couplage accrétion/éjection se manifeste partout dans
l’Univers et à toutes échelles de masse et d’énergie. L’activité d’accrétion des binaires, et no-
tamment des microquasars, est une excellente illustration de ce lien très intime.

1.2.1 Activité des binaires X

Les microquasars sont des sources variables alternant entre longues et durables phases
d’inactivité (ou d’accrétion très faible) et phases d’accrétion intenses beaucoup plus spora-
diques et concises (années, décennies vs semaines/mois ; voir Figure 1.6). Ces grandes pé-
riodes d’inactivité sont appelées états quiescents ou quiescence. Pendant ces phases, la lu-
minosité des microquasars est extrêmement faible (∼1032 erg.s−1; Fender et al., 2004) et, du
fait de la très faible d’accrétion, les jets sont très difficilement détectables 7. Les phases ac-
tives, elles, sont appelées éruptions ou phases éruptives. Une éruption est marquée par une
augmentation brutale de la luminosité de la source (&1038 erg.s−1 Fender et al., 2004). Son
origine est supposée liée à un changement drastique des propriétés du disque d’accrétion
(viscosité, ionisation de l’hydrogène), résultant en une forte augmentation du taux d’accré-
tion dans ses parties internes. Elle dure en général quelques mois et suit un cycle bien précis
pendant lequel la luminosité et la dureté X (à savoir le ratio entre photons X durs et photons
X mous) de la source varient. Ce cycle, encore assez mal compris aujourd’hui, est souvent
représenté dans la littérature sous la forme d’un diagramme dureté-intensité (aussi appelé
diagramme HID, voir Figure 1.7).

7. Des jets ont pourtant déjà été observés dans certaines sources en état quiescent (Gallo et al., 2014, 2019).
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FIGURE 1.6 – Courbe de lumière X durs de GX 339-4 entre le 2005 et 2019 obtenue avec l’instrument
SWIFT/BAT (pour Burst Alert Telescope).

1.2.2 Phase éruptive et états spectraux

Au cours d’une éruption, une source traverse plusieurs périodes durant lesquelles son
taux d’accrétion moyen, ses propriétés spectrales et temporelles et son activité d’éjection
évoluent de manière importante. Ces différentes périodes sont matérialisées par 4 états spec-
traux différents : l’état dur, l’état dur intermédiaire, l’état mou et l’état mou intermédiaire.
Une phase éruptive canonique débute par l’état dur, puis passe progressivement par les
états dur intermédiaire, mou intermédiaire, mou pour revenir à l’état dur par le biais d’un
second passage dans l’état dur intermédiaire (à plus basse luminosité que le premier, voir
ci-dessous).

État dur (aussi HS pour Hard state)

Un cycle débute (et prend fin) dans l’état dur. Cet état est lié, comme son nom l’indique, à
une grande dureté X et à des taux d’accrétion relativement faibles. Cette faible activité a pour
effet de tronquer le disque d’accrétion à environ∼50-100rg de l’objet central. Du point de vue
spectral, une composante non-thermique prenant la forme d’une loi de puissance d’indice
Γ ∼1.8-2 est générée. Cette composante domine le spectre X de la source et s’étend jusqu’à
∼100keV où elle subit une coupure exponentielle. Son origine est encore aujourd’hui large-
ment débattue, une interprétation possible serait la formation, au voisinage de l’objet, d’un
flot d’accrétion interne apparenté à une "couronne chaude et optiquement mince" com-
posée d’électrons très énergétiques (∼50-100keV) (Gilfanov, 2010). L’état dur est également
caractérisé par la présence d’un jet continu et compact signalé par un spectre radio approxi-
mativement plat (plat ou légèrement croissant avec la fréquence) (Corbel et al., 2000; Fender
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FIGURE 1.7 – Diagramme dureté-intensité de l’éruption 2002/2003 de la source GX 339-4 observé par
l’instrument PCA (pour Proportionnal Counter Array) de RXTE (pour Rossi X-ray Timing Explorer)
adapté de Belloni (2006). Pour chacun des quatre états spectraux, ici délimités par les bordures noires,
est incrustée l’allure du spectre de puissance associé.
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FIGURE 1.8 – Spectres de puissance observés dans la source GX 339-4 pour chacun des 4 états spec-
traux adapté de (Belloni, 2005).

et al., 2000; Corbel and Fender, 2002), caractéristique spectrale d’intérêt majeur dans l’étude
des jets relativistes (voir Section 1.3.1). Du point de vue temporel, l’état dur est associé à une
forte variabilité X pouvant atteindre jusqu’à 30% rms entre 0.01 et 100 Hz (voir Figure 1.8).

État dur intermédiaire (aussi HIMS pour Hard intermediate state)

Puis, la luminosité augmente à mesure que l’activité d’accrétion s’intensifie et la source
progresse dans la branche droite du diagramme HID : on entre dans l’état dur intermédiaire.
À ce stade, on commence à détecter la signature thermique provenant du disque d’accrétion
ayant pour conséquence le ramollissement du spectre X. Cette composante correspond à
une émission de type corps noir 8 dont le maximum est atteint vers les centaines d’électron-
volts. Dans le même temps, l’indice de la loi de puissance non-thermique croît de manière
significative. Le phénomène similaire est rapporté du côté de l’émission radio qui démontre
un spectre légèrement plus inversé que dans l’état dur (Fender et al., 2004). Côté jet, il semble
que la vitesse des éjections augmente pour atteindre des domaines encore plus relativistes
(Fender et al., 2004). Enfin, le spectre de puissance X de l’état dur intermédiaire présente des
fréquences caractéristiques plus élevées que dans l’état dur 9.

8. Ou plus précisément, plusieurs émissions de type corps noir provenant de différents rayons du disque
formant alors une émission thermique que l’on peut qualifier de "multi-couleurs".

9. On notera également la présence de QPO (pour Quasi Periodic Oscillations) dont la description sort du
cadre de cette thèse. Le lecteur curieux pourra se renseigner plus en profondeur à ce sujet en se référant à
(Casella et al., 2005).

18



1.2. COUPLAGE ACCRÉTION/ÉJECTION

État mou intermédiaire (aussi SIMS pour Soft intermediate state)

La transition entre l’état dur intermédiaire et l’état mou intermédiaire se fait à des ni-
veaux de luminosités relativement constants. Cette constance n’est cependant pas du tout
représentative des nombreux changements opérés au sein de la source. Premièrement, le
spectre X de la source se ramollit considérablement si bien que la composante spectrale du
disque d’accrétion domine maintenant la composante de la loi de puissance non-thermique.
La température du bord interne du disque augmente, indiquant un rayon interne bien plus
petit qui se rapproche de la dernière orbite stable du trou noir. Deuxièmement, on constate
une disparition progressive du jet dans les spectres, représentée virtuellement par ce que
l’on nomme la ligne de jet (voir Figure 1.7). Le jet perd son aspect compact et l’on observe
généralement des éjections discrètes très brillantes avec un spectre synchrotron optique-
ment mince.

État mou (aussi SS pour Soft state)

L’état mou intermédiaire prend fin quand la luminosité de la source entame sa retombée,
cette dernière entre alors dans l’état mou. Dans cet état, la source présente un spectre X très
mou complètement dominé par l’émission thermique du disque d’accrétion (qui se confond
maintenant -potentiellement- avec la dernière orbite stable du trou noir central). La compo-
sante non-thermique, elle, y est quasi-totalement effacée. Le jet est totalement absent, la
question de savoir si celui-ci disparaît complètement ou est simplement radiativement inef-
ficace se pose encore aujourd’hui. Ce phénomène pourrait être intimement lié à l’évolution
de la variabilité X qui est nettement plus faible dans cet état spectral (Drappeau et al., 2017).
Le spectre de puissance reste faible, ne présentant qu’une loi de puissance d’amplitude très
inférieure à celle observée dans les états dur et dur intermédiaire. Lorsque la source atteint
de nouveau les basses luminosités observées au début du cycle éruptif, la dureté du spectre
X augmente de nouveau et l’on repasse par un état dur intermédiaire. Une fois revenue dans
l’état dur, l’éruption prend fin.

1.2.3 Corrélation radio/X

Le couplage entre accrétion et éjection de matière se reflète également aux travers de cor-
rélations entre différents domaines de longueur d’onde lorsque le microquasar évolue dans
l’état dur. Le cas le plus marquant est la connexion particulièrement étroite entre l’émis-
sion radio, intrinsèquement liée à l’émission du jet compact, et l’émission X reliée, elle, au
flot d’accrétion. Elle se présente sous la forme de deux branches : la branche standard et la
branche singulière (voir Figure 1.9) 10. La première branche, historique, relie la luminosité
radio à la luminosité X sur plus de 6 ordres de grandeur sous la forme d’une loi de puissance
tel que : LR=L 0.7

X (Hannikainen et al., 1998; Corbel et al., 2000, 2003; Gallo et al., 2003; Corbel
et al., 2013; Gallo et al., 2014). De manière assez saisissante, cette corrélation ne s’applique
pas seulement au cas des microquasars mais reste tout à fait pertinente quand étendue aux
trous noirs supermassifs au centre des galaxies (en apportant tout de même un terme cor-
rectif lié à la masse du trou noir), soit sur ∼8 ordres de grandeur en masse. On parle de plan
fondamental des trous noirs accrétants (Merloni et al., 2003; Falcke et al., 2004). La seconde
branche, comme son nom l’indique, rassemble toutes les sources qui ne suivent pas la pente

10. On remarquera tout de même que certaines sources semblent transiter entre les deux branches. Cette
distinction entre les deux populations se voit par ailleurs remise en cause aujourd’hui (Gallo et al., 2014, 2018).
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FIGURE 1.9 – Luminosité radio mesurée en fonction de la luminosité X pour un échantillon de sources
d’après Bahramian et al., 2018. Une branche plus pentue que la corrélation standard se dessine dans
les hautes luminosités X.

standard à cause d’une luminosité radio plus faible à luminosité X équivalente. Elle est plus
pentue que la corrélation standard de sorte que l’on trouve : LR=L 1.0−1.4

X (Coriat et al., 2011;
Gallo et al., 2012).

Plusieurs explications ont été avancées pour expliquer la différence entre les deux com-
portements observés. Une première réponse suppose une différentiation du régime d’accré-
tion entre les deux branches. La branche standard serait apparentée à un mécanisme d’ac-
crétion radiativement inefficace tandis que la branche singulière serait le témoin de flots
d’accrétions radiativement efficaces. Cette plus grande efficacité résultant naturellement en
une luminosité X plus élevée. D’autres observent une différence dans l’amplitude des fluc-
tuations du flot d’accrétion entre les deux branches, faisant alors germer l’idée que la diver-
gence aurait pour origine l’émission du jet (Dinçer et al., 2014). La branche standard mon-
trant une variabilité X bien plus importante que la branche singulière menant alors à des
éjections bien plus lumineuses en radio. Si démontré, un tel phénomène serait alors en ac-
cord total avec le modèle des chocs internes et notamment le modèle développé par Malzac,
2014 (voir sous-section 1.3.2). Enfin, on propose aussi un impact direct de l’angle d’incli-
naison sur les émissions radios, les sources présentant des angles faibles étant associées à
la branche standard et les sources à grande inclinaison à la branche singulière (Motta et al.,
2018).
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1.3 Émission des jets relativistes

Les jets relativistes émettent dans la quasi-totalité du spectre électromagnétique, du do-
maine radio jusqu’aux rayons γ. Leur composante spectrale étant cependant dominée par
le disque d’accrétion ainsi que l’étoile compagnon, ils sont essentiellement détectés par les
instruments radio et proche infrarouge. Comme mentionné un peu plus tôt, l’émission radio
des jets compacts prend la forme caractéristique d’un spectre plat (α ∼ 0, pour une densité
de flux Fν ∝να) dans l’état dur. Le modèle théorique standard expliquant ce phénomène fut
développé par Blandford and Königl, 1979.

1.3.1 Le modèle standard

Les fondements

Le modèle standard de Blandford et Königl s’applique dans le cadre d’un jet à géomé-
trie conique dont l’axe de propagation fait un angle θ avec la direction de l’observateur. Par
soucis de simplicité, cet angle est considéré suffisamment grand pour pouvoir raisonnable-
ment négliger 11 tout effet d’aberration relativiste. La vitesse du plasma dans la direction de
propagation y est supposée constante et est associée au facteur de Lorentz du mouvement
d’ensemble,Γmoy, tel que : βmoy = (1−Γ−2

moy)1/2. Tout effet de confinement du jet y est négligé,
laissant l’expansion latérale du jet totalement libre. On considère également un champ ma-
gnétique perpendiculaire à l’axe du jet, gelé dans le plasma et décroissant à mesure que le
jet s’étend. Par conservation du flux de Poynting, il vient que B varie en r−1.

Ce modèle théorique explique l’émission multi-longueurs d’onde du jet via l’émission
synchrotron auto-absorbée d’électrons relativistes. Ces électrons ont une distribution non-
thermique prenant la forme d’une loi de puissance d’indice p tel que :

N(E)dE = K E-pdE (1.9)

avec E=γmc2, l’énergie d’un électron de facteur de Lorentz γ 12, N(E), la densité volumique
d’électrons d’énergie E (exprimée en cm−3), et K la constante de normalisation (Kaiser, 2006).
Cette distribution s’étend de γmin à γmax et est supposée nulle (ou chutant drastiquement)
en dehors de ces limites. Elle est ici obtenue par le biais d’un mécanisme d’accélération indé-
terminé, interne au jet, invoqué pour ré-énergiser les électrons tout au long de leur propaga-
tion. Ce processus contrebalance parfaitement les pertes en énergie, conséquences directes
du rayonnement et de l’expansion adiabatique du jet dans le milieu interstellaire, et joue le
rôle de stabilisateur de la distribution des électrons. Les bornes γmin et γmax ainsi que l’in-
dice p sont ainsi maintenus à des valeurs constantes dans tout le jet.

En revanche, il n’en est pas de même de la "constante" de normalisation K. En effet, à
mesure que les électrons progressent dans le jet, on s’attend à une décroissance de la den-
sité de particules causée par la géométrie conique. Cette décroissance impacte directement
la normalisation K qui devient alors de plus en plus faible. Un plasma évoluant à vitesse
constante dans la direction de l’axe du jet implique qu’un élément de volume ∆V en pro-
pagation le long du jet ne peut s’étendre que dans la direction radiale. Par conséquent, on
obtient ∆V∝r2 duquel on déduit K ∝r−2 par conservation de l’énergie et du nombre de par-
ticules (Kaiser, 2006). Ainsi, en utilisant l’indice 0 pour exprimer les valeurs associées à la

11. On notera toutefois que des tels effets existent en réalité (Ghisellini, 2000).
12. Dans la suite, et par soucis de simplification, γ désignera directement l’énergie d’un l’électron.
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base du jet, on obtient, pour un jet s’étendant dans la direction z :

r(z) = r0

(
z

z0

)
, B(z) = B0

(
z

z0

)−1

, K(z) = K0

(
z

z0

)−2

(1.10)

Pour modéliser son émission, le jet est découpé, dans la direction perpendiculaire à son
axe, en une multitude de couches de longueur dz. Ces couches se propagent à la même vi-
tesse que le jet global à savoir : v=βmoyc. D’après les équations du transfert radiatif et prenant
en compte les effets relativistes, l’intensité monochromatique d’une couche dans le référen-
tiel de l’observateur (en supposant que le chemin moyen parcouru par un photon dans le jet
est r(z)) est exprimée par :

Iν_obs = δ3 Jν
4παν

(
1−e−ανr(z)

)
(1.11)

avec Jν l’émissivité par unité de volume, αν le coefficient d’absorption (tout deux exprimés
avec ν la fréquence dans le référentiel du jet) et δ le facteur Doppler exprimé comme suit :
δ∓=[Γmoy(1∓βmoycosθ)]−1 (avec le signe - pour le jet et le signe + pour le contre-jet) (Kaiser,
2006). Le jet étant conique il vient que la surface d’une couche est simplement dS=2πr(z)dz,
on en déduit alors la densité de flux 13 :

dFν_obs = δ3 r(z) Jν
2D2 αν

(
1−e−τν)dz (1.12)

avec D la distance entre la source et l’observateur etτν la profondeur optique (toujours dans
le référentiel du jet), obtenue via τν=ανr(z) (Kaiser, 2006). Il faut noter que cette profondeur
optique est une approximation dans laquelle on ignore les effets angulaires.

Dans le cas d’une distribution d’électrons relativistes sous forme de loi de puissance d’in-
dice p, la théorie du rayonnement synchrotron nous renvoie l’émissivité et le coefficient
d’absorption suivants :

Jν = J∗ K B
p+1

2 ν
1−p

2 (1.13)

αν = α∗ K B
p+2

2 ν
−(p+4)

2 (1.14)

où J∗ et α∗ sont des coefficients dépendants de la charge électrique de l’électron e, de la
masse de l’électron me, de la permittivité du vide ε0, de la célérité de la lumière dans le vide
c et enfin de l’indice p de la distribution. Dans ce modèle, la distribution étant considérée
comme stable, ces coefficients sont tout simplement constants. En injectant les équations
1.13 et 1.14 dans l’équation 1.12 et en utilisant les expressions listées en 1.10, on obtient :

dFν_obs = δ3 r0 z0 B−1/2
0 J∗

2D2 α∗
ν5/2 l3/2 (

1−e−τν(l))dl (1.15)

avec l=z/z0.
À partir de l’expression de ce flux théorique, il est possible de déterminer -de manière

13. Par soucis de simplification, les effets de projection de la surface du jet observés ne sont pas pris en
compte.
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Fν ∝ ν5/2
Fν ∝ ν(1-p)/2
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FIGURE 1.10 – Densité spectrale d’énergie d’une couche de jet de rayon r située à une distance z de la
base.

approximative- la forme de la distribution spectrale d’énergie (raccourcie à SED pour Spec-
tral Energy Distribution dans la suite) d’une couche située à une distance l donnée. Dans le
cas où la profondeur optique est très élevée (τν À1), le terme avec l’exponentielle devient
négligeable et le flux de la couche varie alors en ν5/2. Dans le cas optiquement mince (τν
¿1), le développement de Taylor du terme exponentiel donne dFν ∝ν5/2 τν. En utilisant la

définition de la profondeur optique et l’équation 1.14, on obtient pour l fixée : τν ∝ν
−(p+4)

2 .
Par conséquent, pour les domaines de fréquence où τν est extrêmement faible, on a dFν
∝ν

1−p
2 . Cela implique alors que la SED atteint un maximum au niveau de la jonction des cas

optiquement minces et optiquement épais, à savoir à τν ∼1.
La densité de flux total se calcule en intégrant l’équation 1.15 sur la totalité des couches

et donc sur toute la longueur du jet compact. En définissant lmax l’extrémité du jet, elle s’écrit
(Kaiser, 2006) :

Fν_obs = δ3 r0 z0 B−1/2
0 J∗

2D2 α∗
ν5/2

∫ lmax

1
l3/2 (

1−e−τν(l))dl (1.16)

Le traitement de cette équation s’avère en réalité beaucoup plus facile en effectuant le chan-
gement de variable suivant :

τν = α∗K0r0B
p+2

2
0 ν

−(p+4)
2 l

−p+4)
2 = τ∗ ν

−(p+4)
2 l

−(p+4)
2 (1.17)
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La profondeur optique maximum τmax étant obtenue pour l=1, et la profondeur optique
minimum, τmin, pour l=lmax, il vient alors :

Fν_obs = δ3 r0 z0 B−1/2
0 J∗

(p+4)D2 α∗
τ

5
p+4
∗

∫ τmax

τmin

τ
−5

p+4−1 (
1−e−τν)dτ (1.18)

Dans cette équation, la dépendance en fréquence n’intervient que dans la valeur des bornes
de l’intégrale, τmin et τmax. Toutefois, si l’on fait l’hypothèse d’un jet infini (ou plutôt suffi-
samment grand), il est possible d’atteindre τmin=0 et τmax=∞ dans une bande de fréquences
donnée. L’intégrale de la fonction 1.18 se transforme alors en une fonction spéciale, la fonc-
tion Gamma, à savoir ici -Γ( −5

p+4 ). La densité de flux total devient totalement indépendante de
la fréquence (dans la bande considérée) et on obtient le fameux spectre plat, caractéristique
des observations des jets compacts.

Cette platitude est la conséquence directe du changement des propriétés physiques au
sein du jet durant la propagation des électrons. En effet, l’équation 1.17 nous indique que
τν ∼1 est atteint pour des fréquences de plus en plus basses à mesure que les couches
s’éloignent de la base du jet. On comprend donc facilement que plus une couche est proche
de la base, plus sa SED associée verra son maximum situé à hautes fréquences. Cette connexion
entre régime optiquement mince et optiquement épais, aussi appelée cassure ou break, se
décale alors petit à petit vers les basses fréquences à mesure que les particules poursuivent
leur propagation. Il en résulte une superposition de SEDs dont l’alliage définitif forme un
spectre dans lequel les branches optiquement mince et épaisse se retrouvent partagées de
part et d’autre d’une composante plate (voir Figure 1.11). Cette composante est bornée par
deux fréquences de coupure caractéristiques, ici nommées νext et νbreak, respectivement re-
liées au maximum des SEDs des couches les plus lointaines et des couches les plus proches
tel que τmin(νext) ∼1 et τmax(νbreak) ∼1.

Dans le modèle de Blandford et Königl, le spectre du jet compact présente également
une fréquence butoir, νmax, au delà de laquelle la densité de flux total décroît exponentiel-
lement. Cette fréquence particulière est associée à l’émission, au niveau de la base du jet,
des électrons les plus énergétiques de la distribution. Il est possible de l’estimer en utilisant
l’expression de la fréquence critique du rayonnement synchrotron d’un électron :

νmax =
3γ2

maxeB0

4πmec
(1.19)

Les limites

- Un mécanisme chimérique :
Bien qu’il soit encore aujourd’hui le modèle théorique principal pour expliquer l’émission
multi-longueurs d’onde des jets relativistes, le modèle standard présente des failles impor-
tantes. La plus flagrante repose sur l’introduction d’un mécanisme d’accélération indéfini
dont le but est de contre-balancer les pertes en énergie des électrons et ainsi figer la loi de
puissance. Or, cette non-prise en compte du refroidissement des électrons par pertes adia-
batiques et pertes dues au rayonnement mène, à elle seule, à l’apparition de la composante
plate dans les spectres. La prise en compte de ces pertes menant à des spectres radios for-
tement (ou au mieux légèrement) inclinés au vu des hypothèses établies. Il apparaît alors
absolument impératif d’apporter un vrai mécanisme d’accélération ou de modifier ces hy-
pothèses (et notamment la géométrie du jet) afin de corriger ce problème majeur.
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FIGURE 1.11 – Spectre d’émission du jet d’après le modèle de Blandford et Königl.

- Les effets relativistes :
Comme décrit plus tôt, le modèle de Blandford et Königl établit des hypothèses simplifica-
trices dans le but de préserver le caractère analytique de ses équations. C’est notamment le
cas avec les effets relativistes, et de surcroît, avec les effets d’aberration de la lumière pour
lesquels on suppose ici un angle θ entre l’axe du jet et la ligne de visée de l’observateur suf-
fisamment grand. Ainsi, ne sont prises en compte dans ce modèle, toutes les sources à faible
angle d’inclinaison, à savoir les blazars et microblazars. De telles omissions apportent in-
évitablement des erreurs dans la détermination des propriétés des jets avec notamment, en
première ligne, leur puissance. Il est toutefois important de noter qu’il existe des versions
modernes du modèle dans lesquelles ces effets sont pris en compte (Zdziarski et al., 2016).

1.3.2 Le modèle de chocs internes

Principe

Le modèle de chocs internes est un modèle, originalement développé dans le champ de
recherche des sursauts gammas (Rees and Meszaros, 1994; Daigne and Mochkovitch, 1998),
appliqué aux NAGs (Rees, 1978; Spada et al., 2001) et aux XRBs (Kaiser et al., 2000; Jamil et al.,
2010)afin de répondre aux problèmes énergétiques du modèle de Blandford et Königl. Il pro-
pose d’expliquer la ré-accélération des électrons au cours de leur propagation dans le jet au
moyen d’ondes de choc. Pour produire de telles ondes, on suppose que les couches de jets
considérées dans le modèle standard sont en réalité éjectées à la base du jet avec des fac-
teurs de Lorentz aléatoires sur des échelles de temps t ∼tdyn. De cette manière, les couches
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FIGURE 1.12 – Description schématique du modèle des chocs internes.

les plus rapides rattrapent les couches les plus lentes conduisant à de multiples collisions
et finalement à la formation d’ondes de chocs qui convertissent l’énergie cinétique de ces
couches en énergie interne. Une fraction non déterminée de cette énergie interne est alors
utilisée pour ré-accélérer les particules et stabiliser la distribution des électrons, menant à
l’émission multi-longueurs d’onde des jets (voir Figure 1.12). En outre, le mécanisme d’accé-
lération par chocs relativistes produit les distributions en loi de puissance des électrons les
plus compatibles avec les observations, avec des indices de l’ordre de p ∼2.3 (Gallant et al.,
1999; Achterberg et al., 2001) quand les spectres optiquement minces des éjections discrètes
requièrent des indices p ∼ 2-2.4.

Spectres de puissance

La caractéristique principale des modèles de chocs internes réside dans le fait que le
profil de dissipation d’énergie, et par extension, la forme du spectre multi-bandes final sont
quasi-entièrement contrôlés par les fluctuations de vitesses utilisées pour éjecter les couches
à la base du jet (voir Figure 1.13). Tout autre paramètre physique, à l’exception de l’indice
de la distribution en loi de puissance des électrons, ne pouvant au mieux que décaler la
SED résultante en normalisation et en fréquence. Un spectre de puissance concentré vers
les basses fréquences mènera à des dissipations à des distances lointaines du trou noir tan-
dis qu’un PSD piquant dans les hautes fréquences entraînera des dissipations plus proches
de la base du jet (Malzac, 2014). Le champ magnétique et la densité des leptons étant plus
faibles à large distance, il vient que les photons émis, associés aux dissipations lointaines, se-
ront moins énergétiques que les photons émis à la base du jet. Grossièrement, deux couches
rentrant en collision très rapidement après leurs propulsions mèneront à l’émission de pho-
tons infrarouges quand un choc plus lointain produira lui principalement des photons dans
le domaine radio. Comprenant ceci, il devient manifeste que ce modèle est alors capable
de reproduire n’importe quelles SEDs, y compris les spectres radios plats des observations,
pour peu de choisir les fluctuations de facteur de Lorentz idoines.

Les informations physiques utilisées par le modèle de chocs internes pour éjecter les
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FIGURE 1.13 – Densités spectrales d’énergie obtenues pour 5 spectres de puissance différents. Le
spectre noir produit une SED plate dans le domaine radio.

couches de matière à la base du jet sont contenues dans le spectre de puissance (dans la
suite PSD pour Power Spectral Density) des fluctuations. Il a été démontré par Malzac (2013)
que l’usage en entrée du modèle de chocs internes de fluctuations dites de bruit de scintilla-
tion 14, à savoir avec un PSD inversement proportionnel à la fréquence de Fourier, permet
de générer une SED plate sur le domaine radio-infrarouge. Assez étonnamment, des telles
fluctuations peuvent être trouvées (sur certaines plages de fréquence) pas plus loin que dans
la variabilité X du disque d’accrétion, essentiel traceur de l’activité d’accrétion de la source.
Partant de ce constat, Malzac, 2014 développa par la suite son propre modèle des chocs in-
ternes, ishem, avec le but principal d’utiliser la variabilité du flot d’accrétion pour générer et
calculer l’émission du jet compact formé. Ce modèle, déjà utilisé avec succès par Drappeau
et al., 2015, 2017 pour modéliser une SED de GX 339-4, représente l’outil principal employé
au cours de mes travaux de thèse.

1.3.3 Modèles alternatifs

Le modèle de chocs internes n’est pas la seule réponse possible pour résoudre les pro-
blèmes de pertes énergétiques du modèle de Blandford et Königl. D’autres idées ont en effet
été proposées afin de contrebalancer les effets de l’expansion adiabatique. Il fut notamment
suggéré, dans un premier temps, de modifier la géométrie du jet (Hjellming and Johnston,
1988). Kaiser, 2006 démontra que l’obtention du spectre radio plat caractéristique des ob-
servations est possible avec un jet plus concentré, précisément avec un rayon r(z)∝z1/5.
Cependant, un tel résultat, quand appliqué aux observations du jet de Cygnus X-1, pré-
sente malheureusement des défauts très malvenus tel que l’utilisation de puissance de jet
dépassant la limite d’Eddington par plus de deux ordres de grandeurs. Aussi, cette confi-
guration est très instable, un jet évoluant en z1/4 renvoyant un spectre radio radicalement
différent. On essaya également de réduire l’importance des pertes adiabatiques en suppo-
sant un jet relativiste non confiné, s’épandant librement dans le milieu interstellaire (Falcke,

14. Ce type de bruit est un phénomène très répandu dans la Nature et se retrouve dans une large variété de
domaines autres que l’Astrophysique. Cependant, son origine est encore incertaine. Pour plus d’informations,
voir ce lien.
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1996; Falcke and Markoff, 2000). Ces modèles sont cependant en désaccord avec les obser-
vations qui montrent que les jets sont au contraire très confinés (Miller-Jones et al., 2006).
En outre, de telles configurations entraîneraient alors des angles d’ouverture et des facteurs
de Lorentz moyens bien au delà de ce qui est aujourd’hui connu (voir Chapitre 2). Il apparaît
donc nécessaire d’ajouter un mécanisme de dissipation au modèle standard. En dehors du
modèle de chocs internes, qui convertit l’énergie cinétique des couches en énergie interne,
il est possible de dissiper l’énergie via la conversion du flux de Poynting du jet en énergie
interne par reconnexion magnétique (Lyubarsky, 2010) (sans toutefois garantir le profil de
dissipation en z−1 requis par Malzac, 2013 pour observer une SED plate). Ces travaux se fo-
calisant pour l’instant uniquement sur le traitement de magnétohydrodynamique idéale, les
conditions physiques nécessaires à un tel phénomène demeurent fortement obscures, en
particulier la nature de confinement du jet.

1.4 Instruments d’intérêt

1.4.1 Sur le plancher des vaches

- Le Submillimeter Array :
Le Submillimeter Array (SMA) est un interféromètre radio américano-taïwanais opération-
nel depuis 2003, constitué de 8 antennes de 6m de diamètre chacune, observant dans le
domaine submillimétrique. Il est situé sur le Mauna Kea à Hawaï à plus de 4000 mètres d’al-
titude afin d’éviter au maximum la pollution atmosphérique due à la présence de vapeur
d’eau. Il opère entre 180 GHz et 420 GHz pour des lignes de base variant entre 9.5m et 509m
et cible essentiellement le milieu interstellaire froid, et notamment l’environnement proche
des étoiles vieilles et évoluées. On estime aujourd’hui que le SMA est à l’origine de plus de
500 articles scientifiques.

- Le Karl G. Jansky Very Large Array
Le Karl G. Jansky Very Large Array (VLA) est un interféromètre radio américain, construit
entre 1973 et 1980 dans le désert du Nouveau Mexique et observant dans le domaine centi-
métrique (10 bandes entre 74 MHz et 50 GHz). Il est composé de 27 antennes de 25 mètres
de diamètre disposées en Y selon quatre configurations permettant de varier la longueur de
base entre 35m et 36km et ainsi atteindre des résolutions angulaires de 0.2” et 0.04”. Grâce à
ce dispositif, un nombre assez gigantesque de découvertes scientifiques ont été rapportées
en l’espace de 40 ans dont une particulièrement importante pour ce travail : l’invention du
terme microquasar au printemps 1994 (Mirabel and Rodríguez, 1994).

- Le Very Large Telescope
Le Very Large Telescope (VLT) est un observatoire européen, observant dans le visible et l’in-
frarouge, situé au Chili sur le mont Paranal. Il est composé de 4 télescopes principaux équi-
pés de miroirs de 8,2m de diamètre et de 4 télescopes auxiliaires équipés de miroirs de 1,8m.
Ensemble, ils peuvent également former un interféromètre, le VLTI, dont la longueur de base
peut atteindre 200m (130m pour les 4 télescopes principaux uniquement) permettant ainsi
d’améliorer la résolution spatiale d’un facteur 25. Grâce aux multiples foyers installés sur les
télescopes, de nombreux instruments (imageurs, spectromètres, polarimètres) peuvent être
associés aux observations du VLT. Il s’agit de l’observatoire astronomique le plus prolifique
avec une moyenne d’un article scientifique par jour depuis 1999-2000.
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FIGURE 1.14 – (En haut à gauche) Le Very Large Array (Crédit : National Radio Astronomy Observa-
tory). (En haut à droite) Le Very Large Telescope (Crédit : ESO/S.Brunier). (En bas à gauche) Télescope
Faulkes du Nord (Crédit : Hildretha of Nidhil). (En bas à droite) Le Submillimeter Array (Crédit : ESO/J.
Weintroub).

- Les télescopes Faulkes
Les télescopes Faulkes sont deux instruments jumeaux (et clones du Liverpool Telescope)
équipés de miroirs de 2m de diamètre dédiés à l’observation dans la bande optique. Ils
sont chacun situé sur un hémisphère différent : le premier est situé à Hawaï tandis que le
deuxième est situé dans le sud-est de l’Australie. Ces télescopes ont la particularité d’avoir
été financés par la fondation Dill Faulkes Educational Trust dans l’ambition d’être essen-
tiellement exploités dans un but éducatif en Grande-Bretagne. Cependant, devant l’attrait
occasionné par de tels équipements, une fraction du temps d’observation fut réservée aux
astrophysiciens.

1.4.2 Dans l’espace

- L’observatoire Neil Gehrels Swift :
L’observatoire Neil Gehrels Swift (Swift ; Gehrels et al., 2004) est un satellite multi-longueurs
d’onde développé par la NASA, lancé en novembre 2004 et toujours en activité. Il a été construit
pour détecter les phénomènes explosifs les plus violents de l’Univers : les sursauts gammas
(plus de 1000 détections). Swift dispose de trois instruments différents. Le BAT (pour Burst
Alert Telescope, 15-150keV; Barthelmy et al., 2005) , élaboré pour détecter les sursauts gam-
mas à l’aide de masques codés. Le XRT (pour X-ray Telescope, 0.3keV-10keV; Burrows et al.,
2005), télescope Wolter de type I (muni d’une caméra CCD de 600*600 pixels de dimension
40µm*40µm), capable de pointer dans la direction des phénomènes explosifs en seulement
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FIGURE 1.15 – (À gauche) Schéma décrivant les instruments à bord de RXTE (Crédit : NASA). (À droite)
Description de l’instrumentation de Swift (Gehrels et al., 2004).

quelques secondes pour en observer les contreparties X apportant ainsi des informations
spectrales et sur la position. Et enfin le UVOT (pour Ultraviolet/Optical Telescope, 170 - 600
nm ; Roming et al., 2005) qui observe lui les contreparties ultraviolettes et visibles et permet
d’estimer la distance des sources.

- Le Rossi X-ray Timing Explorer
Le Rossi X-ray Timing Explorer (RXTE) est un satellite X construit par la NASA, lancé en dé-
cembre 1995 et dont la mission fut arrêtée en janvier 2012. Ses objectifs étaient d’étudier
la variabilité de sources X telles que les binaires X ou les noyaux actifs de galaxies. À l’arrêt
de son exploitation, il a été estimé que RXTE était à l’origine de plus de 2200 articles scien-
tifiques, de la découverte des magnétars et de la confirmation de certaines prédictions de
la relativité générale. Trois instruments opéraient à son bord : le ASM (pour All Sky Moni-
tor ; Levine et al., 1996) chargé de scanner et d’étudier l’activité des sources X dans la quasi-
totalité du ciel, le PCA (pour Proportional Counter Array ; Jahoda et al., 1996) détecteur de
photons X entre 2keV et 60keV et le HEXTE (pour High Energy X-ray Timing Experiment ;
Rothschild et al., 1998), détecteur de photos X durs sur la bande 15-250keV. Contrairement
à l’instrument XRT de Swift, les spectres de RXTE sont obtenus en utilisant des compteurs
proportionnels et non pas de caméra CCD ayant pour conséquence une résolution spectrale
significativement plus faible. Cependant, les spectres RXTE ont un rapport signal sur bruit
plus élevé.

- Le Monitor of All-sky X-ray Image
Le Monitor of All-sky X-ray Image (MAXI) est un instrument japonais installé sur le module
Kibo de la station spatiale internationale. Il a pour objectif de scanner le ciel entier afin de dé-
tecter toute activité provenant de sources de rayons X (notamment les sources périodiques
et transitoires) ainsi que tout sursaut gamma. MAXI est composé de deux détecteurs à fente
de haute sensibilité : GSC (pour Gas Slit Camera, 2-30keV; Mihara et al., 2011) compteur pro-
portionnel à gaz et SSC (pour Solid-state Slit Camera, 0.5-10keV; Tomida et al., 2011) com-
posé de 16 caméras CCD. Il est entré en fonctionnement en 2009 et devrait être remplacé
cette année par un instrument plus développé, iWF-MAXI, améliorant ainsi le champ op-
tique de l’observatoire et apportant également un détecteur de masque codé pour observer
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FIGURE 1.16 – Instrument MAXI installé sur la station spatiale internationale (Crédit : NASA).

les rayons γ mous.
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Chapitre 2

Modélisation de l’émission du jet compact
de MAXI J1836-194
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Résumé :

Ce deuxième chapitre s’intéresse à la modélisation de l’émission multi-longueurs d’onde
du jet relativiste de MAXI1836-194 effectuée via le modèle de chocs internes ishem (Malzac,
2014). Il reprend l’article Péault et al., 2019 publié dans Monthly Notices of the Royal As-
tronomical Society. Une première section est consacrée à la source et aux données utilisées
dans l’étude. L’historique de la détection de MAXI J1836-194 y est exposé ainsi que les ca-
ractéristiques qui font de cette source la candidate idéale. Une deuxième section explicite le
modèle ishem et revient sur la procédure d’ajustement des observations. On y détaille tous
les paramètres utilisés dans les simulations ainsi que leurs influences sur le spectre multi-
bandes résultant. Une troisième partie présente un scénario reproduisant l’évolution du jet
au cours de son éruption de 2011 avec l’objectif de varier un nombre minimal de paramètre.
Une quatrième section est consacrée à l’exploration de l’espace des paramètres de la simu-
lation en vue d’étudier la dégénérescence. On y contraint notamment un jeu de paramètres
respectant de manière plus fidèle les contraintes physiques. Enfin, une cinquième section
fait office de conclusion.
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2.1. MAXI J1836-194

2.1 MAXI J1836-194

2.1.1 Détection

MAXI J1836-194 est une source de photons X découverte le 30 août 2011 par l’instrument
MAXI/GSC à bord de la station spatiale internationale (Negoro et al., 2011). Très vite, on re-
marque que le même objet fut également détecté la veille par Swift via l’instrument BAT (Ne-
goro et al., 2011). Devant les incertitudes concernant l’origine exacte de ces photons, il est
immédiatement demandé à Swift de cibler cette nouvelle source à l’aide de ses instruments
XRT et UVOT pour en affiner la position (Negoro et al., 2011). Une fois la découverte d’un
nouvel objet céleste avérée, le 31 août précisément, une campagne d’observations multi-
longueurs d’onde est engagée afin d’en déterminer la nature (Kennea et al., 2011).

Dans un premier temps, on estime, via analyse des raies de Balmer par le télescope Ge-
mini South, que MAXI J1836-194 est très probablement une HMXB composée d’une étoile de
type Be et d’une étoile à neutron (Cenko et al., 2011). Ces conclusions sont toutefois démen-
ties le jour même au vu de l’absence de la signature optique de la source dans les catalogues
DSS et 2MASS (Kennea et al., 2011). Une longue observation réalisée par RXTE indique une
forte variabilité X de la source (18% d’amplitude de variabilité 1 entre 0.05 et 5 Hz) et mesure
un spectre particulièrement dur, qu’il est possible d’ajuster à l’aide d’une loi de puissance
d’indice ∼1.8 en photons (Strohmayer and Smith, 2011). Ces deux marqueurs indiquent tous
les deux très fortement la présence d’un trou noir central en pleine transition entre l’état dur
et l’état dur intermédiaire. Cette hypothèse est d’ailleurs appuyée par les observations quasi-
simultanées de GROND dans la bande K_s qui invalident, à la fois, les théories établissant
MAXI J1836-194 comme une étoile unique et la potentielle prévalence du disque d’accrétion
dans les spectres (Rau et al., 2011). On considère, dès lors, MAXI J1836-194 comme une bi-
naire X à trou noir 2. En outre, il est aussi constaté que les spectres optique-IR sont en accord
avec la présence d’un jet relativiste (Rau et al., 2011).

Le 2 septembre, MAXI/GSC détecte un ramollissement de l’émission X de MAXI 1836-194
et les spectres RXTE voient l’apparition de la composante du disque d’accrétion (Nakahira
et al., 2011). L’instrument SWIFT/BAT souligne dans le même temps que l’intensité X de la
source reste constante, indiquant une transition entre l’état dur intermédiaire et l’état mou
intermédiaire (Nakahira et al., 2011). Ces conclusions renforcent alors l’hypothèse d’une
binaire X à trou noir. Une observation radio effectuée par le VLA confirme par ailleurs la
présence d’un jet dont la puissance significativement élevée est un nouvel indice en défa-
veur d’une étoile à neutron centrale (Miller-Jones et al., 2011). Le 13 septembre, INTEGRAL
confirme la présence de MAXI J1836-194 dans la transition entre l’état dur intermédiaire et
mou intermédiaire (Del Santo et al., 2011).

Une série d’observations infrarouge réalisées sur trois dates (16 septembre, 27 septembre,
10 octobre) par le VLT consolide l’hypothèse des éjections relativistes avec la mesure de
spectres synchrotrons typiques d’un jet dans l’état dur (Russell et al., 2011). Les données
quasi-simultanées obtenues avec RXTE corroborent ces résultats et observent aussi, de ma-
nière plus surprenante, un durcissement inattendu des spectres X (Russell et al., 2011). En
effet, alors que les spectres X du 16 septembre affichaient nettement la présence de la com-
posante du disque d’accrétion, celle-ci est absente des spectres X du 10 octobre. De plus,

1. Précisément, amplitude de variabilité relative, correspondant à l’écart type mesuré de la courbe de lu-
mière divisé par le flux moyen.

2. Dont l’étoile compagnon serait une étoile de type K ou M (Russell et al., 2014b).
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l’indice de la loi de puissance utilisée pour l’ajustement des données décroît de ∼1.9 le 16
septembre à ∼1.7 le 10 octobre. Il apparaît alors que la transition entre l’état dur intermé-
diaire et l’état mou intermédiaire s’est interrompue et que MAXI J1836-194 se retrouve à
nouveau dans le coin supérieur droit du diagramme dureté-intensité. À partir de novembre
2011, les flux multi-longueurs d’onde de MAXI J1836-194 déclinent (Ferrigno et al., 2012). Il
est acté, à la fin du premier semestre 2012, que MAXI J1836-194 est retourné dans un état
quiescent malgré une -courte- période active au cours du mois de mars (Yang et al., 2012).

2.1.2 Attrait et particularités

L’excellente couverture multi-longueurs d’onde de l’éruption de MAXI J1836-194 offre
une opportunité unique pour l’étude et la modélisation de l’émission de jets relativistes.
La découverte de cette nouvelle source X étant intervenue au commencement même de sa
phase éruptive, les instruments de la campagne d’observations sont parvenus à collecter une
base de données substantielle qui suit l’évolution physique du jet au cours du cycle spectral,
et notamment au cours des transitions d’état. De telles mesures sont cruciales pour identi-
fier les acteurs et les phénomènes à l’origine de ces éjections et ainsi donc améliorer notre
compréhension du mécanisme de propulsion de matière.

Comme évoqué précédemment, la transition entre l’état dur intermédiaire et l’état mou
intermédiaire observée à partir du 2 septembre s’est vu interrompue. Au contraire, on a par
la suite observé un durcissement de l’émission X indiquant alors un retour de la source vers
l’état dur. Cette transition ratée 3 eu la conséquence fâcheuse de ne pas permettre d’étudier
précisément le moment clé de la transition dur-mou/mou-dur pendant lequel le jet dispa-
raît/apparaît mais a cependant eu pour effet propice de maintenir le jet compact en activité
tout au long de l’éruption (Russell et al., 2013).

MAXI J1836-194 se démarque également des autres LMXBs de par son émission optique.
En effet, tandis que la plupart des sources X sont dominées par le disque d’accrétion dans le
domaine du visible, MAXI J1836-194 est dominée par l’émission synchrotron optiquement
mince en provenance du jet (Russell et al., 2014b). Par conséquent, il devient possible de
suivre l’évolution de la cassure spectrale (break) en fréquence séparant les régimes opti-
quement mince et épais tout au long de l’éruption. Cette curiosité est très probablement
la conséquence d’un très faible angle d’inclinaison, ici estimé entre 4° et 15° (le plus petit
angle mesuré auparavant était ∼20°) par Russell et al., 2014b après analyse des raies d’émis-
sion Hα et He II λ4686 pour une distance entre 4kpc et 10kpc.

Enfin, MAXI J1836-194 présente une corrélation entre sa luminosité radio et sa lumino-
sité X qui ne suit ni la branche standard ni la branche singulière. En effet, Russell et al., 2015
mesura un indice de 1.8 bien plus élevé que l’indice 1.4 de la branche singulière, et ce, y
compris pendant la succincte phase d’activité de mars 2012. Pour l’expliquer, il proposa un
scénario pour lequel, compte tenu du faible angle d’inclinaison, le boost relativiste est va-
riable au cours de l’éruption 4. Plus précisément, il y est supposé que le facteur de Lorentz
du jet compact augmente avec la luminosité X (d’un facteur ∼3-4 entre les deux luminosités
X extrema).

3. Voir Brocksopp et al., 2004 pour plus d’informations.
4. À condition que la source soit située à plus de 8kpc.
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FIGURE 2.1 – Diagramme dureté-intensité de l’éruption de MAXI J1836-194 en 2011. La ligne noire
représente l’évolution temporelle suivant les directions indiquées par les flèches. (1) 3 septembre, (2)
16 septembre, (3) 26 septembre, (4) 12 octobre, (5) 27 octobre.

2.1.3 Les données multi-longueurs d’onde

J’utilise, dans cette étude, cinq jeux de données multi-longueurs d’onde collectés quasi-
simultanément par plusieurs instruments entre le 3 septembre et le 27 octobre de l’éruption
de 2011. Ces données spectrales s’étalent du domaine radio jusqu’au domaine des rayons X
et sont identiques à celles exploitées par Russell et al., 2013 et Russell et al., 2014a 5. Les don-
nées radio proviennent du VLA, les données submillimétrique du SMA, les données infra-
rouge moyen du VLT, les observations dans le visible sont issues des deux télescopes Faulkes
et de l’instrument UVOT de Swift (qui collecte également des données dans le domaine ul-
traviolet) et enfin les données X ont été recueillies par l’instrument XRT de Swift et par RXTE.
Cet ensemble d’observations suit la transition de MAXI J1836-194 entre l’état dur et l’état dur
intermédiaire du début du mois de septembre ainsi que la transition ratée chevauchant la fin
du mois de septembre et le début du mois d’octobre (voir Figure 2.1). La source étant dans
l’état dur le 3 septembre, dans l’état dur intermédiaire le 16 septembre et le 26 septembre, et
finalement, de retour dans l’état dur les 12 octobre et 27 octobre.

5. Un sixième jeu de données (12 septembre) a été volontairement négligé par manque de données de ti-
ming rapide en rayons X, absolument indispensables à notre étude.
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2.1.4 Comportement de la cassure

La fréquence de coupure séparant les régimes optiquement mince et optiquement épais
de l’émission synchrotron du jet compact est un élément clé de l’étude des mécanismes
à l’origine des éjections relativistes. Pouvoir suivre son comportement au cours d’un cycle
spectral, bien que tronqué, représente ici une véritable aubaine. Le comportement de la
cassure de la SED de MAXI J1836-194 a été préalablement étudié par Russell et al., 2013,
2014b, 2015. Ces différentes études rapportent toutes un déplacement de la cassure vers les
hautes fréquences lorsque la source transite vers l’état dur. Ce déplacement est associé à une
hausse marquée de la luminosité optique-IR tandis que le flux radio diminue, résultant en
un spectre fortement inversé fin octobre. Russell et al., 2014b suggéra alors l’existence d’une
relation entre la fréquence de coupure synchrotron et la dureté X de la source, et poursuivi
en supposant que ce déplacement ainsi que les gains/pertes de luminosité infrarouge pour-
raient être le traceur de la réapparition/extinction du jet au cours de l’éruption. Cette évo-
lution cassure/dureté apparaît depuis comme une caractéristique commune aux binaires à
trou noir et aux noyaux actifs de galaxies peu lumineux (Koljonen et al., 2015).

2.2 Le modèle de chocs internes ishem

Pour modéliser l’émission multi-longueurs d’onde du jet compact de MAXI J1836-194,
j’ai utilisé le modèle ishem imaginé et développé par Malzac, 2014. Dans ce modèle, l’émis-
sion du jet tire son énergie de chocs internes au jet qui sont directement reliés aux fluctua-
tions du flot d’accrétion (voir Section 1.3.2). Mon objectif est alors de démontrer que l’uti-
lisation de cette variabilité, issue du disque, mène en effet à l’obtention de spectres multi-
longueurs d’onde dont les formes permettent d’ajuster les données collectées lors de l’érup-
tion de 2011.

2.2.1 Description de la physique du modèle

Le modèle de chocs internes ishem simule le processus d’éjection de couches de matière
à la base du jet et effectue un suivi des évènements collisionnaires résultants afin de calculer
l’émission totale du jet. Pour le moment, seul le rayonnement synchrotron du jet est pris en
compte. Les couches de matière sont injectées dans le modèle à pas de temps, ∆t, régulier
et comparable à l’échelle de temps dynamique du flot d’accrétion (∼quelques ms). Selon
le moment précis de leur éjection, ces couches voient leur vitesse (ou, de manière équiva-
lente, leur facteur de Lorentz) évoluer. Ces distinctions, indispensables à la production de
chocs, dépendent entièrement de la forme du spectre de puissance des fluctuations de vi-
tesses utilisé en entrée du modèle. Une fois éjectée, chaque couche est suivie de manière
indépendante jusqu’à ce qu’elle entre en collision et fusionne avec un autre éjecta, dont le
produit est à son tour suivi. Cette traçabilité prend en compte les pertes adiabatiques, cau-
sées par la propagation des couches dans le jet.

La collision de deux couches de matière crée deux ondes de choc : un choc incident dont
la direction suit le déplacement des couches et un choc réfléchi se dirigeant dans le sens in-
verse. Chacun de ces deux fronts d’onde est amené à traverser une couche, causant sa com-
pression, jusqu’à ce qu’il s’en échappe. Cette compression, d’ordinaire considérée comme
instantanée (Jamil et al., 2010), est ici calculée de manière progressive. Dans le cas où plu-
sieurs collisions se déroulent dans un laps de temps inférieur au temps de parcours de fronts
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de chocs, il est possible de voir deux fronts de chocs se rencontrer. Le modèle fait alors le
choix de remplacer le choc le plus ancien par le choc le plus récent, dont l’énergie devient
la somme de l’énergie des deux fronts, corrigée de l’énergie dissipée jusqu’à leur rencontre.
Deux méthodes de calcul pour la dissipation sont possibles, selon que l’on autorise l’énergie
du front de choc le plus ancien à -re-traverser la couche avec le front le plus récent (suresti-
mant ainsi l’échelle de temps de dissipation) ou que l’on fait l’hypothèse d’une dissipation
totale avant la rencontre de deux fronts ou d’un front et d’une bordure de couche (sous-
estimant ainsi le temps de dissipation). Devant l’énergie négligeable des collisions subso-
niques observées, il est important de noter qu’il n’est pas nécessaire, dans ce calcul, de se
limiter aux cas contraignant de collisions strictement supersoniques.

La modélisation de l’émission synchrotron du jet utilise des approximations physiques
facilitant la résolution des équations de transfert radiatif. L’influence de l’angle d’inclinai-
son sur la profondeur optique est notamment négligée dans les calculs. Le traitement des
couches s’effectue, lui, de manière indépendante, l’interaction du rayonnement produit par
une couche avec un autre éjecta, lorsqu’il le traverse, n’étant pas pris en compte. Ces deux
hypothèses sont appropriées dans le cas d’un grand angle d’inclinaison. Au sein des couches
de matières, les distributions spatiales des particules et du champ magnétique sont suppo-
sées homogènes et la distribution des électrons est représentée par une loi de puissance
idéale. Toute modification de la forme de cette loi de puissance (refroidissement radiatif, re-
froidissement adiabatique, influence de la composante thermique, etc) étant totalement né-
gligée. Sa normalisation, en revanche, peut être amenée à varier et dépend de l’énergie injec-
tée par les chocs et du refroidissement adiabatique. Enfin, les couches de matière rayonnent
de manière uniforme et la propagation des photons, en leur sein, est supposée instantanée.

2.2.2 Présentation des paramètres

Le code ishem est divisé en deux parties, chacune associée à un jeu de paramètres qui
lui est propre. La première partie, shogen, est exclusivement consacrée à la simulation du
processus hiérarchique de collision des éjectas. Elle contrôle le mécanisme de lancement des
couches de matière en fonction des fluctuations de vitesse en entrée du modèle et recense
l’historique total des chocs dans un fichier en sortie. Ce fichier est alors utilisé par la seconde
partie du code, shem, qui calcule, à partir de chaque évènement, l’émission synchrotron
produite à la suite de la libération de l’énergie cinétique des couches dans le jet.

Paramètres de shogen

Je l’ai déjà évoqué, le paramètre le plus important de la partie shogen est le PSD des fluc-
tuations utilisées pour simuler l’éjection des couches de matière. Cependant, bien d’autres
paramètres d’importance entrent ici en jeu, en particulier, les paramètres reliés aux proprié-
tés physiques des couches et à leur comportement au cours de leur propagation. Nous re-
trouvons dans un premier temps, la masse du trou noir central, M, ainsi que la durée totale
de la simulation désirée, tmax. Puis, le rayon initial des couches de matière, rdyn, (exprimé
en fonction du rayon gravitationnel et donc dépendant de la masse du trou noir 6) ainsi que

6. Il sert également à spécifier∆t, défini comme le temps Keplerien à la distance rdyn du trou noir. La valeur
de∆t n’a pas d’incidence sur les résultats de la simulation tant qu’elle reste inférieure aux échelles de temps de
variabilité les plus courtes du PSD injecté.
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Paramètres Options

Masse du trou noir M (M¯)
Durée de la simulation tmax (s)
Spectre de puissance Tout type

Facteur Lorentz moyen Γmoy

Rayon des éjectas rdyn (Rg)
Facteur de remplissage fv

Masse des éjectas Constante, Variable
Précession κ (°)

TABLEAU 2.1 – Paramètres de la simulation shogen.

leur épaisseur, que l’on définit à l’aide du facteur de remplissage, fv
7. Je peux choisir de leur

imposer -ou non- une masse constante au cours de la propagation (cela n’a pas d’effet si-
gnificatifs sur les SEDs résultantes). Le facteur de Lorentz moyen Γmoy, témoignant de la
vitesse d’ensemble des couches, et par extension, de leur énergie cinétique moyenne y est
également spécifié. Pour finir, un dernier paramètre permet aussi de prendre en compte une
éventuelle précession du jet (ici négligée). Tous ces paramètres ainsi que leurs options sont
regroupés dans le Tableau 2.1.

Paramètres de shem

La seconde partie du modèle ishem rassemble les paramètres physiques liés au jet com-
pact lui-même et à la construction de la SED multi-longueurs d’onde finale. On y retrouve,
en premier lieu, les paramètres d’équipartition qui définissent comment l’énergie dissipée
dans les chocs est partagée entre les leptons, les ions et le champ magnétique ainsi que les
paramètres définissant la distribution en loi de puissance des électrons, à savoir l’indice p de
la distribution ainsi que ses bornes, γmin et γmax. Puis, on définit la puissance cinétique to-
tale du jet, P, exprimée en unité de la luminosité d’Eddington de la source (elle dépend donc
elle-aussi de la masse du trou noir) et nous déterminons le demi-angle d’ouverture du jet, φ
et l’angle d’inclinaison, θ, mesuré entre la lignée de visée de l’observateur et l’axe du jet. Il est
également possible de contrôler la prise en compte -ou non- de l’émission multi-longueurs
d’onde issue du contre-jet. Dans un second temps, une fois l’émission synchrotron totale
calculée par shem, l’amplitude des flux peut être régulée à l’aide de la distance, D. Ces para-
mètres sont rassemblés dans le Tableau 2.2.

2.2.3 Calcul de l’émission d’une couche choquée

Le calcul de l’émission synchrotron d’un éjecta au cours de sa propagation dans le jet suit
un traitement simplifié dans ishem. Je reprends ici les principaux points développés dans
l’annexe B de Malzac, 2014 qui décrit avec précision le formalisme utilisé pour déterminer la
contribution de chaque couche de la simulation.

Dans le modèle, un éjecta est paramétrisé par sa masse M, sa vitesse d’ensemble βc et son

7. Ce paramètre est défini de sorte que pour fv«1, les couches de la simulation sont extrêmement fines et
pour fv=1, le jet est continu.
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Paramètres Options

Fraction leptonique du jet ξel (%)
Fraction baryonique du jet ξp (%)

Indice de la loi de puissance p
Énergie minimum γmin

Énergie maximum γmax

Puissance du jet P (LE)

Angle d’ouverture φ (°)
Angle d’inclinaison θ (°)
Calcul du contre-jet Non, Oui

Distance D (kpc)

TABLEAU 2.2 – Paramètres de la simulation shem.

taux de puissance dissipée par unité de masse ε̇. Lorsque l’un de ces paramètres, au moins,
est modifié (du fait d’une collision) au cours de la simulation, l’éjecta considéré est alors
remplacé par un nouvel éjecta caractérisé par les nouvelles propriétés. La modélisation de
l’émission synchrotron couche par couche dans ishem prend en compte les effets de retards
dus à la propagation des photons entre les différentes parties du jet et l’observateur. On note
t=0 l’origine du temps dans un référentiel fixe par rapport à l’observateur, définie comme
l’instant où la première couche de matière est éjectée à la base du jet. Pour simplifier les
calculs on définit également le temps de réception des photons du jet dont l’origine, tr=0, se
définit comme l’instant où cet évènement est captée par les instruments. Considérons un jet
se propageant selon l’axe z avec un angle d’ouverture φ. On définit le point d’injection à la
base du jet (de rayon rdyn), à partir duquel les couches sont éjectées, tel que z=zb=rdyn/tanφ
(de sorte que le rayon du jet R=ztanφ est toujours connu). Par conséquent, pour un angle
d’inclinaison θ, un photon émis à la position z et au temps t est détecté par l’observateur au
temps :

tr = t− (z−zb)µ/c (2.1)

avec µ=cosθ.
Le modèle ishem tient également compte de l’évolution du volume des couches afin de

connaître à chaque instant les densités de particules et d’énergie qui déterminent leurs pro-
priétés spectrales. Soit une couche, active dans le référentiel du jet entre les temps t0 et t1,
s’étendant entre les positions z- et z+ (z+ > z-). Ses bordures voyageant avec les vitesses β- et
β+ considérées comme constantes 8. La largeur de la couche est exprimée selon :

H = z+−z− = H0 + (β+−β−)c(t− t0) (2.2)

avec H0=z+0 - z−0 , la longueur initiale de la couche. Pour une couche homogène, le centre de
masse se situe à la position :

z = z0 +βc(t− t0) (2.3)

8. Ces vitesses sont en général différentes de β du fait de l’expansion longitudinale des couches sous l’ef-
fet de leur pression interne. La fusion de deux couches de vitesses différentes peut également expliquer ces
différences.

41



CHAPITRE 2. MODÉLISATION DE L’ÉMISSION DU JET COMPACT DE MAXI J1836-194

avec :

z0 =
γ+z+0 +γ−z−0
γ++γ− (2.4)

β= γ+β++γ−β−

γ++γ− (2.5)

où γ+ et γ- représentent, respectivement, les facteurs de Lorentz de la couche se déplaçant
vers les z croissants et vers les z décroissants. Basculer dans le référentiel du centre de masse
(dont les quantités seront notées avec un ∼) permet de définir t̃ et z̃ de sorte que (t̃=0, z̃=0)
soit équivalent à l’évènement (t=t0, z=z0) dans le référentiel fixe. On peut donc réécrire la
vitesse des bordures de la couche active tel que :

β̃± = β±−β
1−ββ± (2.6)

où l’on remarque que β̃+=-β̃−=β̃, qui peut lui-même être exprimé de la façon suivante :

β̃= ceγ
2β

+−β−
2

(2.7)

où apparaît ce, le facteur de correction de l’extension/contraction de l’éjecta. Il est défini tel
que :

ce = 4

(
2+ γ+

γ− + γ−

γ+

)−1

(2.8)

Dans le référentiel du centre de masse, la largeur de la couche se réecrit :

H̃ = H̃0 +2β̃ct̃ (2.9)

avec :

H̃0 = ceγH0 (2.10)

ce qui implique finalement :

H̃ = ceγH (2.11)

qui diffère de la formule de contraction relativiste standard de par la présence de ce, qui ap-
paraît ici du fait de la variabilité de la hauteur des couches.

Pour calculer l’évolution de l’énergie interne totale d’une couche, il faut connaître la
puissance qu’elle dissipe au cours d’un choc ainsi qu’au cours de sa propagation dans le
jet en expansion. En partant de son taux de dissipation caractéristique ε̇, correspondant à
la puissance constante par unité de masse dissipée pendant une collision, et tenant compte
des pertes liées au refroidissement adiabatique, il est alors possible d’exprimer l’évolution
de son énergie spécifique tel que :

dε̃

dt̃
= ε̇− ε̃(γa −1)

dlnṼ

dt̃
(2.12)
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avec γa, l’indice adiabatique, et Ṽ, le volume de la couche active dans le référentiel du centre
de masse. La solution analytique de l’équation 2.12 s’écrit :

ε̃=
[
ε̇

∫ t̃

0

(
Ṽ

Ṽ0

)γa−1

dt̃+ ε̃0

](
Ṽ

Ṽ0

)1−γa

(2.13)

où l’indice 0 indique la valeur de la quantité à t̃=0. Supposant une couche de géométrie cy-
lindrique tel que, Ṽ=πR2H̃, et négligeant les pertes énergétiques causées par l’expansion lon-
gitudinale, cette solution devient :

ε̃=
[
ε̇z0

γβc

x2γa−1 −1

2γa −1
+ ε̃0

]
x2−2γa (2.14)

avec :

x = R

R0
= z

z0
= 1+ γβct̃

z0
(2.15)

L’énergie magnétique étant déterminée comme une fraction 1/(1+ξe+ξp) 9 fixée de l’éner-
gie totale, l’équation 2.14 permet alors de connaître la valeur du champ magnétique à tous
les instants, tel que :

B =
√

8Mc2ε̃x−2h−1

(1+ξe +ξp)R2
0H̃0

(2.16)

où l’on note :

h = H̃

H̃0
= 1+ 2β̃c

H0
t̃ = 1+ 2β̃z0

γβH0
(x−1) (2.17)

La connaissance du champ magnétique nous permet deux choses. Premièrement, si l’on
suppose une distribution d’électrons en loi de puissance idéale : N(γ)=K γ−p, évoluant entre
γmin et γmax avec γmin, γmax et p constants, il est possible de déterminer l’évolution de la
normalisation K via l’hypothèse que la densité d’énergie des particules est une fraction ξe

constante de l’énergie magnétique : UB=B2/8π. En conséquence, il est possible de prendre
en compte l’effet du refroidissement adiabatique en contrôlant simplement cette normalisa-
tion. Deuxièmement, la détermination de la valeur de B, indispensable au calcul de l’émissi-
vité synchrotron et du coefficient d’absorption en oeuvre dans let jet, rend maintenant pos-
sible le calcul approximé du flux instantané émis par la couche active. De manière similaire
à l’équation 2.12, celui-ci s’exprime tel que :

Fν(t) = δ3 RH̃

2D2

J̃ν̃
α̃ν̃

(
1−exp−τ̃ν̃) (2.18)

avec δ, le facteur d’amplification Doppler : δ=[Γmoy(1−βcosθ)]−1, D la distance, J̃ν̃, l’émissi-
vité synchrotron, α̃ν̃, le coefficient synchrotron et τ̃ν̃, la profondeur optique (voir Annexe A
de Malzac, 2014). Prenant en compte les délais dus à la propagation des photons entre leur

9. Avec ξe et ξp, les facteurs d’équipartition.
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émission et leur détection grâce à la fonction correctrice gl (voir l’annexe B de Malzac, 2014),
le flux réellement reçu à tr est finalement défini tel que :

Fsν(tr) =
∫ t1

t0

Fν(t’)gl(t’, tr)dt’ (2.19)

2.2.4 Éjection des couches et allure de la SED

Fluctuations du facteur de Lorentz

Pour atteindre l’objectif de notre étude il me faut générer, en entrée du modèle, des fluc-
tuations du facteur de Lorentz dont le PSD est identique à celui de la variabilité X observée.
Ceci, afin de modéliser l’émission radio-X du jet compact de MAXI J1836-194 à partir du flot
d’accrétion directement, par le biais du couplage accrétion-éjection. Pour obtenir les infor-
mations temporelles de l’émission X de la source durant l’éruption de 2011, j’ai utilisé des
observations issues de l’instrument PCA à bord de RXTE (Jahoda et al., 1996), sélectionnant
uniquement celles effectuées au plus tard 24 heures 10 avant/après les autres bandes spec-
trales afin de conserver le caractère quasi-simultané de l’étude. Les courbes de lumière X
ont été extraites avec un temps d’échantillonnage de 2−11s via le single bit mode data (SB_-
125us_0_249_1s) sous HEASOFT 6.19 11. Puis, à l’aide du package SITAR (pour S-lang/ISIS
Timing Analysis Routines) de ISIS (pour Interactive Spectral Interpretation System, Houck
and Denicola, 2000), nous avons généré les cinq spectres de puissance correspondant aux
cinq jeux de données de l’étude.

Pour ce faire, nous avons, dans les cinq cas d’intérêt, calculé un PSD pour chaque seg-
ment de 512s (rejetant toutefois les segments vides) et ensuite réalisé la moyenne des PSDs
ainsi obtenus sur l’ensemble de la courbe de lumière. Puis, les spectres de puissances résul-
tants subirent un binning fréquentiel (regroupement de plusieurs points en un seul) selon
une échelle logarithmique tel que δf/f=0.1 et furent également corrigés du bruit de Poisson
et des erreurs apportées par les effets dits de temps mort 12.

Les PSDs observés sont limités en fréquence avant 1/512 Hz. Cependant, comme ishem
requiert de l’information temporelle sur des échelles de temps plus longues que ne le per-
met ce seuil, j’ai extrapolé nos PSDs résultants vers les basses fréquences à l’aide de lois de
puissance. Les cinq PSDs finaux, utilisés en entrée du modèle, sont représentés sur la Figure
2.2.

La forme du spectre multi-longueurs d’onde

Comme habituellement observé dans les binaires X dans l’état dur, la variabilité à basse
fréquence est de plus en plus faible à mesure que la source transite vers des états plus mous.
Ces divergences soulignent à quel point l’emploi de la variabilité X quasi-simultanée est
indispensable pour assurer la précision du spectre résultant pour chacune des cinq dates
d’études. Dans le cadre de notre modèle, cette évolution a un effet immédiat sur la forme
des spectres multi-longueurs d’ondes, en particulier entre le domaine radio et le domaine
infrarouge.

10. Dans l’état dur, les variations quotidiennes sont lentes.
11. https://heasarc.gsfc.nasa.gov/docs/software/heasoft/
12. Erreurs causées par des évènements intervenant au moment où le détecteur ne peut pas collecter de

données (temps de lecture, etc...).
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2.2. LE MODÈLE DE CHOCS INTERNES ISHEM

FIGURE 2.2 – Spectres de puissances utilisés en entrée du modèle pour simuler l’éjection des couches
de matière. On remarque que la fréquence de coupure a tendance à se déplacer vers les hautes fré-
quences dans l’état dur intermédiaire.

Les barres d’erreurs des cinq spectres de puissances générés via ISIS ont été volontaire-
ment retirées de la Figure 2.2 par souci de clarté. Néanmoins, il est très important de noter
que ces erreurs ne sont pas pour autant négligées. Au contraire, leur impact sur la forme de
la SED finale étant potentiellement important, j’ai mené un grand nombre de simulations
d’éjections de matière, parcourant aléatoirement les intervalles de confiance des PSDs. Cette
étude montra un impact mineur de ces changements sur la SED, modifiant de manière peu
significative la valeur des paramètres d’ajustement des données.

2.2.5 Impact des paramètres sur le spectre final

Dans le modèle des chocs internes, la forme du spectre multi-longueurs d’onde final ne
dépend quasi-exclusivement que du spectre de puissance des fluctuations de vitesses à la
base du jet. Tous les autres paramètres numériques de la simulation ne pouvant que dépla-
cer, de manière plus ou moins importante, ce spectre en fréquence ou en normalisation.
Tous, à l’exception de l’indice p de la distribution en loi de puissance des électrons qui peut
également contrôler la pente du régime optiquement mince de l’émission synchrotron (voir
Section 1.3.1). L’impact des paramètres sur la position de la cassure en termes de fréquence
et de flux peut être estimée de façon analytique (voir Malzac, 2013, 2014). Les deux relations

45



CHAPITRE 2. MODÉLISATION DE L’ÉMISSION DU JET COMPACT DE MAXI J1836-194

FIGURE 2.3 – Effet des principaux paramètres du modèle ishem sur les spectres calculés le 17 sep-
tembre (rouge) et le 26 septembre (bleu). Dans chaque panneau, un seul paramètre est modifié. (En
haut à gauche) Angle d’inclinaison. La SED du 26 septembre ne pouvait pas être utilisée pour ce pa-
ramètre à cause d’un effet trop peu visible causé par un Γmoy trop petit. (En haut à droite) Angle d’ou-
verture. (Centre gauche) Puissance du jet. (Centre droit) Facteur de Lorentz moyen. (En bas à gauche)
Borne inférieure de la distribution des électrons. (En bas à droite) Indice de la loi de puissance des
électrons.

reliant les paramètres de la simulation aux coordonnées de la cassure sont les suivantes :

Fνbreak ∝
δ2 i5/(p+4)

γ

D2
kpc tan(φ)

[
P

(Γmoy +1)Γmoy β

](2p+13)/(2p+8)

(2.20)

νbreak ∝
δ i2/(p+4)

γ

tan(φ)

P(p+6)/(2p+8)[
(Γmoy +1)Γmoy β

](3p+14)/(2p+8)
(2.21)

avec,β, la vitesse réduite :β=
√

1−Γ−2
moy,δ, le facteur d’amplification Doppler et iγ=(2-p)(γ2−p

max−
γ

2−p
min)−1. La Figure 2.3 illustre ces influences pour deux SEDs calculées par ishem.

L’influence sur le positionnement de la cassure est différente pour chaque paramètre de
la simulation. Certains paramètres ont un impact très fort sur la SED tandis que d’autres
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peuvent prendre des valeurs très disparates sans causer de mouvement significatif. C’est le
cas notamment de la masse du trou noir dont les effets sur la puissance du jet (liée au cal-
cul de la luminosité d’Eddington) et sur le rayon initial des couches de matière (via le cal-
cul du rayon gravitationnel, dont l’impact est aussi négligeable) se contrebalancent quasi-
parfaitement. À l’autre bout du spectre, le facteur de Lorentz moyen des éjections possède
indéniablement le pouvoir de déplacement le plus fort (aussi bien en fréquence qu’en nor-
malisation), le mouvement de la cassure dans la dimension fréquentielle devenant même
particulièrement conséquent pour des valeurs élevées deΓmoy. Cette particularité s’explique
par le fait que des couches de matières avec de grands Γmoy vont avoir des vitesses encore
plus proches de celle de la lumière et donc, puisque les différences de vitesses sont de plus
en plus fines à hautΓmoy, vont mettre plus de temps pour entrer collision. Ces collisions vont
alors s’effectuer à de très larges distance de la base, dans les régions où le champ magnétique
est plus faible. À moindre échelle, l’angle d’inclinaison, l’angle d’ouverture et la puissance du
jet ont aussi une influence non négligeable sur le spectre. θ quand fixé à de petites valeurs,
peut aussi déplacer le spectre vers des flux et des fréquences élevées grâce aux effets d’am-
plification relativiste (encore plus vrai à grand Γmoy). De manière similaire, un jet très peu
collimaté résulte en une cassure situé à basses fréquences et à bas flux. Le jet ayant un angle
d’ouverture plus grand, l’énergie dissipée dans les chocs est diluée dans un plus grand vo-
lume, résultant en un champ magnétique bien plus faible. Enfin, un jet très puissant (pour p
fixé) entraîne une densité d’énergie interne plus grande, ce qui conduit à un champ magné-
tique et à une normalisation K plus grands, entraînant une émission synchrotron plus forte
et plus absorbée à basses fréquences et donc le déplacement de la cassure vers les hautes fré-
quences et les hauts flux. Les propriétés de la distribution en loi de puissance des électrons
n’ont pas de répercussions directes sur la SED. En effet, l’indice de la loi de puissance bien
que définissant la pente du régime optiquement mince n’a aucune incidence sur la cassure.
Quant aux bornes de la distribution, elles agissent de manière indirecte sur la puissance du
jet compte tenu du fait qu’elles déterminent la population des électrons. Pour une même
quantité d’énergie cinétique dissipée dans le jet par les chocs internes, un plus grand γmin

permet à la fois d’augmenter la production de photons énergétiques et l’énergie moyenne
des leptons ce qui mène à émission plus puissante et moins absorbée. Enfin, la distance de
la source a un impact important sur normalisation de la SED synchrotron mais n’a absolu-
ment aucune influence sur la position de la cassure en fréquence puisqu’elle n’a aucun effet
sur le mécanisme d’émission.

2.2.6 Ajustement des données

La méthode

L’ajustement des données multi-longueurs d’onde du jet compact de MAXI J1836-194 se
déroule en quatre étapes. La première étape de cette procédure vise à calculer, via le modèle
ishem, une SED "prototype" pour chaque observation en utilisant la variabilité X associée.
Ce "prototype" correspond à un jeu de paramètres aléatoires, neutres, et possiblement non
physiques et ne sert que de gabarit afin de vérifier la propension des PSDs à générer un
spectre dont la forme est en adéquation avec les données.

La seconde étape consiste à utiliser ce gabarit pour ajuster les données avec XSPEC (pour
X-Ray Spectral Fitting Package, Arnaud, 1996, version 12.9.1p) via la création d’un modèle lo-
cal, baptisé ish, qui prend en paramètres le décalage en fréquence et en flux de la cassure par
rapport au gabarit. Ce modèle est alors allié au modèle de disque irradié diskir (Gierliński
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et al., 2008) dans le but d’ajuster les données multi-bandes de la radio jusqu’aux rayons X
et prendre en compte simultanément les contributions du jet et du disque d’accrétion (voir
section suivante). La contribution du jet à hautes énergies, elle, est estimée en extrapolant
la partie optiquement mince du spectre avec une loi de puissance de même indice. Aussi,
le refroidissement synchrotron est pris en compte en plaçant une fréquence de coupure
"à la main" à partir de laquelle le flux décroît de manière exponentielle (ici placé à 20eV
comme dans Russell et al., 2014b par manque de contraintes réelles ; voir Section 3.1). Enfin,
l’absorption du milieu interstellaire dans les bandes infrarouge-optique et X sont respecti-
vement prises en compte grâce aux modèles redden (Cardelli et al., 1989) et tbabs (Wilms
et al., 2000).

La troisième étape commence quand un ajustement approprié est trouvé à l’aide d’XS-
PEC. Une fois les déplacements en fréquence et en flux déterminés, on utilise les équa-
tions 2.20 et 2.21 pour calculer un nouveau jeu de paramètres physiques afin d’apporter
la correction nécessaire à l’alignement de notre "prototype" avec les données. Sept para-
mètres différents apparaissent dans ces deux équations : la distance, l’angle d’inclinaison,
la puissance du jet, l’angle d’ouverture, le facteur de Lorentz moyen, l’indice de la distribu-
tion des électrons et l’énergie minimum de ces mêmes électrons. Il existe, par conséquent,
un grand nombre de combinaisons possibles pour résoudre ce système de deux équations,
créant alors une importante dégénérescence dans les paramètres d’ishem. Pour remédier
à ce problème, cinq paramètres sont fixés à des valeurs jugées physiquement raisonnables
avec les autres contraintes observationnelles dont nous pouvons disposer et le système n’est
résolu que pour deux paramètres libres. Plusieurs paramètres ont été testés et il ressort que
le couple puissance du jet-angle d’ouverture permet d’apporter les corrections requises en
respectant raisonnablement les contraintes physiques des paramètres (voir Section 2.3).

Enfin dans la quatrième et dernière étape, nous utilisons le jeu de paramètres fraîche-
ment déterminé en entrée d’ishem pour générer un nouveau spectre multi-longueurs d’onde
à comparer avec les données. En général, les prédictions du modèle analytique sont en très
bon accord avec les simulations. Il est important de rappeler que s’il s’avère impossible
d’ajuster les données à l’aide de la SED "prototype" au début de la deuxième étape en dé-
calant simplement la forme engendrée, alors le modèle est tout simplement incapable de
reproduire les observations, et ce, peu importe le jeu de paramètres. Si un tel cas se présente,
l’hypothèse de départ consistant à utiliser la variabilité X du disque d’accrétion se verra alors
naturellement rejetée.

Le modèle diskir

Le modèle diskir (Gierliński et al., 2008) modélise la signature spectrale du disque d’ac-
crétion sous la forme d’une émission de type corps noir multi-couleurs, caracterisée par
la température au bord interne du disque kTdisque (calculée dans le cas d’un disque non-
illuminé), et inclut une composante de Comptonisation reproduisant la loi de puissance X
dure, paramétrée via l’indice I. Il prend aussi en compte l’irradiation du disque par la queue
Compton afin de modéliser l’émission optique-UV provenant des photons X absorbés dans
les parties externes. Il définit, pour ce faire, le ratio entre la luminosité dans la queue Comp-
ton et la luminosité du disque non-irradié, paramétré par Lc/Ld. On y spécifie aussi une
population d’électrons formant le flot d’accrétion interne, à travers la température kTe, qui
contrôle la coupure de la queue Compton à haute énergie. La taille du disque est détermi-
née par log_rext qui représente le logarithme naturel du rayon de l’anneau externe rapporté
au rayon de l’anneau interne (minimum pour log_rext=3) et sa fraction illuminée est défi-
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Paramètres Valeurs

Température interne kTdisque

Indice loi de puissance I
Température de la "couronne" kTe

Ratio d’illumination Lc/Ld
Taille du disque log_rext >3

Fraction de disque illuminée rirr
Thermalisation interne fint 0.1
Thermlisation externe fext

Normalisation K

TABLEAU 2.3 – Paramètres du modèle diskir.

nie avec rirr, ratio entre le rayon de la fraction de disque illuminée et le rayon interne. dis-
kir utilise également le paramètre fint représentant la fraction de luminosité dans la queue
Compton qui est thermalisée dans le disque interne (fixée à 0.1 de manière générale) et le
paramètre fext qui prend en compte la thermalisation du flux bolométrique dans les par-
ties externes du disque. Enfin le paramètre K détermine la normalisation. Il est exprimé tel
que : K= (rint/D10)2 cosθ, avec rint, le rayon interne apparent du disque, D10, la distance de
la source en unité de 10kpc et θ l’inclinaison. Tous ces paramètres sont regroupés dans le
Tableau 2.3.

2.3 Modélisation

2.3.1 Approche minimaliste

Comme précédemment mentionné, il est possible de reproduire les observations multi-
longueurs d’onde avec un nombre important de combinaisons de paramètres, suite à la dé-
générescence. L’approche choisie dans cette étude est donc d’expliquer la séquence de don-
nées obtenue entre le début du mois de septembre et la fin du mois d’octobre en variant
un nombre minimum de paramètres. La masse du trou noir central, la distance de la source
et l’angle d’inclinaison n’étant pas censés varier de manière significative pendant ces deux
mois 13, ces paramètres furent fixés.

Une première tentative fut dédiée à l’explication de l’évolution du jet au cours de l’érup-
tion avec un paramètre libre unique. Il est apparu assez rapidement qu’une telle solution
est impossible puisque la variation d’un seul paramètre modifie la fréquence de coupure et
le flux du maximum de la SED de façon similaire (c’est à dire croissance/décroissance de la
fréquence et du flux simultanées, voir 2.20 et 2.21 et Figure 2.3). Or, l’évolution du jet néces-
site à la fois une croissance de la fréquence de la cassure et une décroissance du flux (voir
Section 2.3.3). On conclut alors qu’il faut au moins deux paramètres libres pour reproduire
l’éruption du jet compact de 2011. Puisque l’on s’attend à voir varier la puissance du jet ainsi
que le facteur de Lorentz moyen des couches de jet de manière significative entre les cinq
dates de l’étude, en conséquence de la variation du taux d’accrétion, je choisis de reproduire

13. L’inclinaison pourrait en fait varier sous l’effet de la précession du jet, ici négligée.
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les observations en variant P et Γmoy.

2.3.2 Choix des paramètres

Contraintes

MAXI J1836-194 n’ayant eu à ce jour qu’une seule éruption véritablement étudiée, il existe
peu de certitudes sur ses propriétés physiques. Parmi les paramètres importants de la simu-
lation, certains sont bien contraints tandis que d’autres sont encore largement inconnus. Par
conséquent, une fraction des paramètres se verra libre d’évoluer dans des intervalles de va-
leurs cohérents physiquement et certains, dont l’impact sur les SEDs est prouvé négligeable,
seront tout simplement gelés à des valeurs standard observées dans d’autres LMXBs.

Russell et al., 2014b a contraint la distance de ce microquasar entre 4kpc et 10kpc et es-
timé la valeur de l’angle d’inclinaison entre 4° et 15°. Côté masse du trou noir, il n’existe pas
d’estimation précise dans la littérature. On peut malgré tout se rapporter au travail de Jana
et al., 2016 qui a contraint cette masse entre 7.5M¯ et 11M¯. Ces résultats étant cependant
fortement dépendants du modèle utilisé dans l’étude, nous les utiliserons en tant que va-
leurs guides plutôt qu’en tant que réelles contraintes physiques. Ces trois paramètres sont
reliés entre eux suivant une relation dérivée par Russell et al., 2014a à l’aide de contraintes
observationnelles sur la largeur de la raie Hα et d’une estimation de la taille du disque d’ac-
crétion (voir Section 2.4.2).

Les jets relativistes étant des éjections de matière très collimatées, on s’attend à obser-
ver des angles d’ouverture relativement faible, approximativement ≤10° (Miller-Jones et al.,
2006). Les facteurs de Lorentz moyen des jets relativistes dans les binaires X sont eux moins
bien contraints. On suppose, toutefois, qu’ils sont inférieurs aux valeurs typiques observées
dans les noyaux actifs de galaxies ΓNAGs∼10. En utilisant la branche standard de la corré-
lation radio-X, LX∝L0.7

R , Gallo et al., 2003 détermina dans un premier temps que ΓXRBs ≤2.
Cependant, il fut montré plus tard par Heinz and Merloni, 2004 que cette corrélation n’ex-
cluait, finalement, pas les hautes valeurs de ΓXRBs et que les binaires X étaient tout à fait ca-
pables de produire des jets relativistes avec des facteurs de Lorentz ΓXRBs ∼10 (Miller-Jones
et al., 2006). Ces derniers furent rejoints plus récemment par Casella et al., 2010 dont l’ana-
lyse temporelle de GX 339-4, basée sur l’hypothèse que l’accélération des particules le long
du jet est continue et contrebalance parfaitement les pertes énergétiques, donne Γmoy >2.
On considère donc Γmoy ∼1-10 dans notre étude 14. L’indice de la distribution en loi de puis-
sance est bien contraint à p ∼2-3, aussi bien par les théories sur les accélérations par chocs
(Krymskii, 1977; Bell, 1978) que par les observations de l’émission optiquement fine de GX
339-4 (Gandhi et al., 2011; Drappeau et al., 2015). L’énergie des électrons, elle, est supposée
varier de γmin=1 (électrons au repos) à γmax=106 (valeur typique pour les binaires X ; Malzac,
2014).

La puissance du jet

La puissance du jet est laissée -presque- complètement libre dans cette étude puisqu’elle
peut varier de manière significative entre les différentes dates de l’éruption (Russell et al.,

14. Le déficit de contraintes fortes pour les facteurs de Lorentz moyen des jets relativistes de binaires X est
aussi souligné dans le cas de Cyg X-1 pour laquelle Gleissner et al., 2004 et Zdziarski et al., 2016 ont des conclu-
sions contraires employant, respectivement, les informations temporelles radio et un modèle d’anisotropie du
jet.
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2014b). Il est cependant possible d’estimer sa valeur moyenne pour les cinq dates de l’étude.
Pour ce faire, j’utilise les résultats de Körding et al., 2006.

Körding et al., 2006 propose une expression permettant de calculer le taux d’accrétion de
binaires X à trou noir se trouvant dans l’état dur à partir de l’émission radio. Ce procédé se
base sur l’hypothèse que contrairement à l’état mou, dominé par l’émission thermique du
disque d’accrétion, l’état dur est caractérisé par un disque d’accrétion radiativement ineffi-
cace (Narayan and Yi, 1994; Esin et al., 1997). Par conséquent, la luminosité X habituellement
utilisée pour déterminer ce paramètre ne suffit plus, le taux d’accrétion se voyant fortement
sous-estimé dans les calculs. En revanche, en faisant l’hypothèse d’un jet recevant une frac-
tion constante de la puissance d’accrétion (P=qjetṀ ; Falcke and Biermann, 1995) et d’un taux
d’accrétion ne variant pas de manière brutale pendant les transitions d’état, la luminosité ra-
dio peut se révéler être un bon traceur de Ṁ. Pour un jet de géométrie conique, pour lequel

LRad ∝ P
17
12 (Blandford and Königl, 1979; Falcke and Biermann, 1995), il vient :

Ṁ = Ṁ0

[
LRad

1030 erg.s−1

] 12
17

g.s−1 (2.22)

avec LRad, la luminosité radio mesurée à 8.6GHz et en fixant L8.6GHz,0=1030 erg.s−1.
À l’aide de sources dont le taux d’accrétion est bien connu, il est alors possible de déterminer
Ṁ0 en établissant la corrélation entre le taux d’accrétion et la luminosité radio de trous noirs
se trouvant dans l’état dur. Körding et al., 2006 obtenant Ṁ0=4.0x1017 g.s−1, l’équation 2.22
se complète alors :

Ṁ ≈ 4.0 x1017

[
LRad

1030 erg.s−1

] 12
17

g.s−1 (2.23)

Utilisant la corrélation radio/X standard, il est finalement possible de traduire cette re-
lation pour les luminosités X mesurées dans l’état dur selon l’expression suivante (Körding
et al., 2006; Drappeau et al., 2015), tel que :

P ≈ 1.57 x1037

[
LX2−10keV

1036erg.s−1

]0.5

erg.s−1 (2.24)

Réécrivant cette expression en unité de luminosité d’Eddington, pour M=10.3M¯, elle s’adapte
pour donner :

P ≈ 43.6

[
LX2−10keV

LE

]0.5

%LE (2.25)

L’équation 2.25 ne servant ici qu’à titre indicatif puisque le modèle utilise des hypothèses qui
ne sont pas nécessairement vraies pour le cas précis de MAXI J1836-194.

Gel des paramètres

Après plusieurs tests préliminaires, la masse du trou noir central fut fixée à 10.3M¯ et
la distance de la source à 5kpc, entraînant alors un angle d’inclinaison θ de 5.5° (une plus
grande variété de valeurs est testée dans la Section 2.4). Le régime optiquement mince des
SEDs est correctement ajusté avec une distribution d’indice p=2.7, bien qu’une loi de puis-
sance plus pentue de p=2.9 soit nécessaire pour les observations du 17 septembre. Les bornes
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en énergie de cette distribution sont fixées à γmin=1 et γmax=106. L’angle d’ouverture est gelé
à φ=1° pour rester cohérent avec la limite supérieure de 2° rapportée pour Cyg X-1 par Stir-
ling et al., 2001.

Concernant les éjections, j’ai réutilisé les conclusions établies par Malzac, 2014. Les par-
ticules dans le jet sont considérées relativistes (index adiabatique relativiste égal à 4/3) et
défini le facteur de remplissage à fv=0.7. Le rayon des couches à la base du jet est fixé à
rdyn=10Rg, dimension typique de la région du flot d’accrétion où une large fraction de la
puissance d’accrétion est dissipée dans l’état dur (Plant et al., 2015). La masse des couches
reste constante au cours de leur propagation mais leur volume lui est autorisé à augmenter
ou diminuer. Les pertes énergétiques dues à l’expansion radiale sont prises en compte tandis
que les pertes longitudinales sont négligées. Enfin, je considère une population de particules
exclusivement composée d’électrons, que l’on accélère via des chocs supersoniques.

2.3.3 Le scénario minimaliste

Évolution du jet compact

Un scénario respectant mon approche minimaliste et ajustant les données de manière
très satisfaisante a pu être trouvé avec le jeu de paramètres présenté ci-dessus. Les cinq
spectres multi-longueurs d’ondes ainsi modélisés (et les écarts d’ajustement) sont présentés
sur la Figure 2.4. Comme on peut le voir sur cette figure, l’hypothèse selon laquelle les fluc-
tuations du jet sont étroitement liées au spectre de puissance X du flot d’accrétion permet
d’obtenir des spectres multi-bandes dont les formes se rapprochent fortement des observa-
tions. À l’exception d’une date de l’éruption (17 septembre), les SEDs issues de la simulation
ishem sont toutes compatibles avec les spectres radio de la source. La divergence se fai-
sant vraiment dans la bande infrarouge proche à partir de laquelle l’influence du disque
d’accrétion devient marquée (en particulier les 17 et 26 septembre, période où la source
se trouve dans l’état dur intermédiaire). Les légers écarts entre simulations et observations
dans la bande radio pourraient être causés par le manque d’information temporelle dans les
spectres de puissance X. En effet, la forme du spectre radio des simulations dépend direc-
tement des basses fréquences du PSD des fluctuations pour lesquelles je n’ai pas d’obser-
vation directe. Au contraire, la composante radio est sensible à mes extrapolations en loi de
puissance pour les fréquences inférieures à 1/512Hz. Une autre source d’erreur pourrait po-
tentiellement venir de la forte variabilité radio détectée pendant la période d’étude (Russell
et al., 2015). Aussi, il ne faut pas complètement oublier que la simultanéité des observations
multi-longueurs d’onde n’est absolument pas parfaite.

On observe également, quand la source se trouve dans l’état dur, une forte augmenta-
tion du flux infrarouge quand le flux radio, lui, chute de manière significative. Ces phéno-
mènes disparates ont pour effet de déplacer le flux synchrotron maximum vers les hautes
fréquences. En effet, pour les 3 et 26 septembre, la cassure se situe vers 1012Hz puis se meut
aux alentours de 1013Hz quand la source se trouve dans les états les plus durs du bimestre,
à savoir les 12 et 27 octobre. Ces résultats sont en accord qualitatif avec Russell et al., 2013,
2014b notamment dans le cas de l’état dur. Les observations du 17 septembre peuvent être
ajustées de deux façons différentes, statistiquement équivalentes (voir Figure 2.5). La pre-
mière version d’ajustement est obtenue en utilisant toutes les données. Elle passe par tous
les points radios mais évite le point situé dans l’infrarouge proche. Par conséquent, sa cas-
sure est située à très basse fréquence, proche de 2x1010Hz. Dans la seconde version, j’ignore
deux points radio dans le but de passer par le point infrarouge faisant déplacer la cassure jus-
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FIGURE 2.5 – Les deux SEDs simulées avec XSPEC pour le 17 septembre. Les lignes pleines sont obte-
nues avec ish et les lignes pointillées avec la combinaison ish +diskir.

qu’à approximativement 1012Hz. La première version nécessitant des paramètres physiques
bien plus extrêmes afin de placer la fréquence de coupure dans le domaine centimétrique,
notamment du côté du facteur de Lorentz (pour lequel Γmoy >30 était requis, voir Figure 2.3),
je me suis concentré sur la seconde version.

Évolution de P et Γmoy et statistiques

Les paramètres d’ajustement obtenus avec le modèle diskir pour ce scénario minima-
liste ainsi que les χ2 réduits associés sont listés dans le Tableau 2.4. En plus de reproduire
convenablement la forme des données, l’ajustement des spectres ishem se fait avec des sta-
tistiques équivalentes à celle obtenues par Russell et al., 2014b, à savoir avec un χ2 réduit
variant entre 0.82 et 1.27. Toutefois, il faut bien noter que même si ces valeurs sont bonnes,
la justesse d’ajustement est ici dominée par les données X (voir partie basse de la Figure 2.4).
Les paramètres diskir finaux, en dehors de log_rext, sont également très proches de ceux ob-
tenus par Russell et al., 2014b, en particulier la température de l’anneau interne du disque
d’accrétion. Les valeurs de log_rext affichent, elles, une divergence vraiment marquée dans
les états les plus durs, les 12 et 27 octobre. En fixant la masse du trou noir à M=10.3M¯ et
la distance à D=5kpc, XSPEC renvoie des luminosités X entre 2keV et 10keV comprises entre
0.05%LE et 0.36%LE, résultant en des puissances de jet variant entre 0.96% et 2.62% de la lu-
minosité d’Eddington.

Les cinq jeux de données finaux obtenus avec ishem présentent la caractéristique de voir
la puissance du jet et le facteur de Lorentz moyen augmenter tout deux avec la luminosité
de la source. Cette évolution est également retranscrite dans le Tableau 2.4. Un bémol réside
néanmoins dans la valeur des puissances de jet obtenues avec γmin=1. En effet, dans trois
des cinq cas d’études, la limite supérieure de ∼2.62%LE est nettement surpassée. En consé-
quence, la valeur de γmin a été réévaluée afin de réduire P. Attention toutefois, car la fixa-
tion de l’énergie minimum des électrons à des énergies trop importantes peut causer la dis-
parition de particules rayonnant à des fréquences particulièrement importantes (typique-
ment dans le cas où les leptons d’énergie minimum émettent à des fréquences supérieures
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3 septembre 17 septembre 26 septembre 12 octobre 27 octobre

Γmoy 10.8 17 7.7 2.2 1.05

P (LE) ; γmin=8 0.135 0.245 0.042 0.0135 0.003

P (LE) ; γmin=1 0.324 0.758 0.099 0.03 0.007

État spectral Dur Dur-int Dur-int Dur Dur

nH (x1022cm2) 0.197+0.017
−0.016 0.286+0.008

−0.008 0.231+0.025
−0.023 0.310+0.016

−0.016 0.394+0.143
−0.052

kTdisque (keV) 0.239+0.007
−0.007 0.429+0.006

−0.004 0.232+0.011
−0.012 0.104+0.006

−0.007 0.103+0.026
−0.024

I 1.735+0.037
−0.034 1.957+0.062

−0.054 1.961+0.358
−0.312 1.743+0.041

−0.038 1.738+0.081
−0.053

Lc/Ld 2.882+0.462
−0.392 0.605+0.059

−0.054 1.818+0.359
−0.312 9.814+0.186

−0.187 5.323+0.133
−0.132

fext(x103) 1.859+0.706
−0.419 1.834+0.283

−0.238 4.754+0.161
−0.109 5.230+4.804

−3.509 10.451+2.931
−2.616

log_rext 4.085+0.224
−0.208 4.209+0.101

−0.109 3.938+0.163
−0.156 3.000+0.338 3.332+0.501

−0.332

K (x103) 20.511+3.778
−3.142 7.326+0.633

−0.574 19.810+7.731
−4.971 92.414+25.959

−18.475 92.037+129.925
−33.629

χ2/d.d.liberté 529.31/444 581.25/490 389.62/478 419.58/331 264.17/275

LX2−10keV (LE) 0.0021 0.0036 0.0016 0.001 0.0005

P Eq 2.25 (LE) 0.0198 0.0262 0.0175 0.0141 0.0096

ΓmoyF 10.45 16 7.55 2.15 1.045

PF 0.047 0.039 0.0212 0.0114 0.0026

TABLEAU 2.4 – Paramètres principaux de la simulation ishem et paramètres diskir obtenus avec XS-
PEC pour un trou noir de masse M=10.3 M¯, une distance D=5kpc, un angle d’inclinaison θ=5.5° et un
angle d’ouverture φ=1°. nH représente l’absorption X en termes de densité de colonne d’hydrogène.
La température des électrons, kTe, est gelée à 100keV, la fraction illuminée du disque, rirr, à 1.2, la
thermalisation interne à fint à 0.1, l’extinction IR/Optique/UV, E(B-V) à 0.53 et la fréquence de cou-
pure exponentielle à haute énergie à 20eV (Russell et al., 2014b). Les luminosités X entre 2 et 10keV
ont été calculées avec XSPEC et P Eq 2.25 correspond aux puissances du jet estimées avec l’équation
2.25. Les deux dernières lignes du tableau représentent les puissances de jet et facteur de Lorentz
moyens raisonnables physiquement, obtenus via l’étude de l’espace des paramètres de la Section 2.4.

à νbreak). Après vérification, j’ai conclu que γmin pouvait être augmenté jusqu’à 8 sans af-
fecter la forme des spectres multi-longueurs d’onde. Effectuant cette opération, j’ai vu mes
valeurs de puissance de jet divisées par un facteur ∼2-3 pour être finalement majorée par
25%LE (Tableau 2.4). Au final, j’obtiens des puissances variant entre 0.3%LE et 24.5%LE pour
des facteurs de Lorentz moyens évoluant entre 1.05 et 17 (les deux mamixa étant nécessaires
pour ajuster les données du 17 septembre). La valeur maximum de puissance, P= 24.5%LE,
représente encore ≈70 fois la luminosité X observée et, par conséquent, indique une puis-
sance d’accrétion injectée dans le jet relativiste ≈70 fois plus grande que celle rayonnée par
le disque. Un tel résultat implique un flot d’accrétion fortement radiativement inefficace, ce
qui, d’un point de vue théorique, est difficile à réaliser à la luminosité X relativement éle-
vée que l’on observe dans cette source (Yuan and Narayan, 2014). De plus, la puissance du
jet dans l’état dur (et plus précisément dans l’état dur intermédiaire ici) devrait être libérée
sous forme de puissance radiative dans l’état mou où le jet est éteint et le flot d’accrétion ra-
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diativement efficace. Concrètement, pour un jet avec P≈70LX dans l’état dur, on devrait voir
la luminosité du disque d’accrétion exploser/chuter d’un facteur 70 durant les transitions
d’état. De tels sauts de luminosité pendant les transitions n’ont pas été observés.

Il fut impossible de reproduire les données de l’éruption de 2011 avec des puissances
de jet et des facteurs de Lorentz plus faibles car cela nécessitait des paramètres fixés très
peu réalistes ou la libération d’un autre paramètre, contraire à ma volonté minimaliste. De
plus, le test d’un autre couple, puissance de jet-angle d’ouverture, s’est avéré infructueux.
L’ajustement des données du mois de septembre étant impossible, à moins d’utiliser des
luminosités super-Eddington et/ou des angles φ >60°.

2.4 Étude de la dégénérescence

J’ai montré que l’émission d’un jet relativiste alimenté par des chocs internes directe-
ment produits par la variabilité X du flot d’accrétion permet de reproduire de manière satis-
faisante les données multi-longueurs d’onde de MAXI J1836-194. Cependant, de part la très
importante dégénérescence, il est impossible de contraindre simultanément tous les para-
mètres du modèle. Ici, seuls la puissance du jet le facteur de Lorentz moyen des couches de
matières sont autorisées à varier entre les cinq dates d’études. Les paramètres restants étant
figés à des valeurs physiques raisonnables. Mes résultats requièrent néanmoins des valeurs
de P et de Γmoy allant parfois bien au delà des estimations ou contraintes établies dans la
littérature.

Dans cette section, je vais explorer plus en détails l’espace des paramètres autorisé par les
données multi-bandes de MAXI J1836-194 à l’aide des équations 2.20 et 2.21. Pour ce faire,
je vais essayer de changer les valeurs des paramètres figés d’importance, à savoir : l’angle
d’ouverture, la masse du trou noir central, la distance et l’angle d’inclinaison (les trois der-
niers étant liés entre eux). Ces paramètres restant alors gelés avec leur nouvelle valeur pour
les cinq dates de l’éruption. L’objectif principal de cet approfondissement étant de trouver
des ajustements employant des puissances du jet et facteurs de Lorentz moyens en accord
avec les contraintes et estimations de la Section 2.3.2.

2.4.1 Un troisième paramètre variable :φ

Je cherche dans un premier temps à étudier comment l’angle d’ouverture et la puissance
du jet varient selon la valeur du facteur de Lorentz moyen, en particulier pour les trois dates
du mois de septembre. L’intention ici est de réduire l’intervalle de Γmoy obtenu (1.05 à 17)
pour que la nouvelle limite supérieure devienne Γmoy ≤10. En partant des paramètres pré-
sentés dans le Tableau 2.4 et ne faisant varier que Γmoy de 1.1 à 20 par pas de 0.1, j’obtiens
les résultats illustrés par la Figure 2.6.

Dans cette figure, chaque point représente un jeu de paramètres calculé à l’aide des
équations 2.20 et 2.21 et ajustant les données avec -quasiment- les mêmes statistiques que
l’ensemble de départ. On s’aperçoit directement que l’utilisation d’un facteur de Lorentz
moyen plus faible que celui de notre scénario minimaliste mène à une augmentation de
l’angle d’ouverture afin de compenser le déplacement de la cassure en fréquence. Ces cor-
rections ne se contrebalançant pas parfaitement, il est par ailleurs inévitable d’apporter une
autre compensation en augmentant la puissance du jet afin de maintenir les mêmes flux. En
acceptant d’augmenter l’angle d’ouverture jusqu’à la limite supérieure de son intervalle phy-
sique raisonnable, à savoir φ=10°, il est alors possible de réduire l’intervalle de Γmoy jusqu’à
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FIGURE 2.6 – Évolution de la puissance du jet et de l’angle d’ouverture en fonction du facteur de
Lorentz moyen pour les trois premières dates de l’éruption. Chaque point représente un jeu de para-
mètre ajustant les données. Les carrés représentent les paramètres du Tableau 2.4.

Γmoy φ P (LE)
3 septembre 5.7 10.8 9.77° 1° 0.273 0.135

17 septembre 9.1 17 9.91° 1° 0.34 0.245

26 septembre 4 7.7 9.88° 1° 0.112 0.042

TABLEAU 2.5 – Possible réduction des valeurs de Γmoy pour des angles d’ouverture plus larges. Les
valeurs en rouge sont les valeurs utilisées dans notre scénario minimaliste.

1.05-9.1 (voir Tableau 2.5). Cependant, mon objectif primordial étant également d’utiliser
des puissances de jet approchant les estimations de 0.96-2.62%LE, l’augmentation de P qui
y est associée s’avère être un effet tout à fait indésirable.

2.4.2 Le trio masse, distance, angle d’inclinaison

La libération de l’angle d’ouverture menant à une impasse, je m’intéresse maintenant
aux trois derniers paramètres d’importance : la masse du trou noir central, la distance de la
source et son angle d’inclinaison. Je cherche maintenant à réduire les valeurs de la puissance
du jet utilisées en étudiant comment P et φ évoluent lorsque l’on modifie ces trois derniers
paramètres de la simulation. Afin de réduire l’espace de recherche, je commence par dériver
certaines contraintes observationnelles utiles pour notre étude.
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Estimation de l’angle d’inclinaison

L’angle d’inclinaison de MAXI J1836-194 peut être estimé à l’aide de la vitesse orbitale
apparente de l’anneau externe du disque. Cette vitesse peut être déterminée à l’aide du profil
et de la largeur de la raie Hα, qui tend à se resserrer lorsque l’angle d’inclinaison est faible
(Smak, 1981). Partant de l’expression de la vitesse orbitale Keplerienne, v=

p
GM/R, et à l’aide

du paramètre log_rext, on obtient :

sinθ= vext

√
Rext

GM
= vext

√
10log_rextRint

GM
(2.26)

avec vext, la vitesse de rotation apparente de l’anneau externe mesurée le long de la ligne
de visée grâce à l’effet d’élargissement Doppler sur la raie Hα, Rint, le rayon physique de
l’anneau interne et, Rext, le rayon physique de l’anneau externe. En supposant que le disque
d’accrétion atteigne la dernière orbite stable dans l’état le plus mou de l’éruption (Rint=RISCO

comme dans Russell et al., 2014b), avec RISCO=6µGM/c2 (µ dépend du spin du trou noir :
µ=1 pour un trou noir de Schwarzschild et µ=1/6 pour un trou noir de Kerr en rotation maxi-
male), j’obtiens :

sinθ= vext

c

√
Rext

Rint

6µ= vext

c

√
10log_rext 6µ (2.27)

Russell et al., 2014a rapporta que la vitesse Keplerienne de l’anneau du disque d’accrétion
qui contribue le plus à l’émission Hα pouvait être utilisée comme une bonne approximation
de la vitesse de l’anneau externe. Suivant ce raisonnement, il estima vext=vHα=130km.s−1.
Cependant, puisque l’anneau en question ne situe pas forcément au bord externe du disque
d’accrétion, je préfère ici considérer vHα comme une limite supérieure sur la vitesse, il vient
alors vHα=130km.s−1≥vext. En effectuant un raisonnement similaire, un bémol peut être ap-
porté à l’hypothèse d’un disque d’accrétion s’étendant jusqu’à la dernière orbite stable. En
effet, dans notre étude, la date d’observation dans l’état le plus mou (17 septembre, voir Fi-
gure 2.1) n’est pas dans l’état mou mais dans l’état dur intermédiaire. Par conséquent, il est
bien plus probable que le rayon interne du disque soit plus grand que RISCO. Dans l’état dur
brillant, on estime que le disque d’accrétion est tronqué à ≈ 50-100 rayons gravitationnels
(Gilfanov, 2010). Choisissant la valeur maximale de 10RISCO dans l’état dur intermédiaire,
j’écris Rint=f x RISCO, avec 1≤f≤10. L’équation 2.27 se transforme alors de la façon suivante :

sinθ= vext

c

√
Rext

Rint

6fµ= vext

c

√
10log_rext 6fµ (2.28)

Compte tenu de ces précisions, il apparait que je suis alors seulement capable de déter-
miner une limite supérieure de l’angle d’inclinaison de MAXI J1836-194, dans le cas ex-
trême où vext=130km.s−1 et fµ=10 (Rint=10RISCO pour un trou noir de Schwarzschild). Avec
log_rext=4.209 le 17 septembre (voir Tableau 2.4), je calcule alors θ ≤25.29°.

Relations masse-distance

Connaissant l’angle d’inclinaison, il est maintenant possible de déterminer une relation
entre la masse du trou noir central et la distance de la source à partir de la mesure du para-
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mètre de normalisation diskir, K. La définition de ce paramètre est la suivante :

K = r2
int

(
10

Dkpc

)2

cosθ (2.29)

où rint représente le rayon de l’anneau interne apparent, relié au rayon physique par la rela-
tion Rint≈1.19rint (Shimura and Takahara, 1995; Kubota et al., 1998; Soria, 2007), et, Dkpc, la
distance exprimée en kiloparsecs. A l’aide de la relation Rint=f x RISCO, il vient :

M

M¯
=

√
K

cosθ

Dkpc 1.19 c2

60 fµ GM¯
(2.30)

Finalement, en prenant K=7326 (voir Tableau 2.4) et utilisant les cas extrêmes présentés pré-
cédemment, j’obtiens la relation masse-distance suivante :

0.14
M

M¯
≤ Dkpc ≤ 8.33

M

M¯
(2.31)

Une autre relation entre la masse et la distance peut être dérivée en utilisant les contraintes
observationnelles sur les luminosités requises par la source pour effectuer la transition entre
l’état dur et l’état dur intermédiaire (ou dur intermédiaire vers état dur). Dunn et al., 2010
a montré que la transition d’état entre l’état dur et l’état dur intermédiaire dans les binaires
X à trou noir se faisait pour des luminosités bolométriques du disque (i.e. contribution du
disque + loi de puissance X dure 15) supérieures à 1%LE (voir la Figure 10, panneau du bas).
Suivant cette conclusion, je suppose donc que le point le plus mou de l’éruption de MAXI
J1836-194 a une luminosité L >1%LE pour obtenir :

L

LE

= F 4π D2
cm

1.26 1038 M
M¯

> 0.01 (2.32)

où F est flux mesuré dans la bande 0.1-100keV exprimé en erg.cm−2.s−1 (calculé via mes mo-
dèles XSPEC) et, Dcm, la distance exprimée en cm. Pour F=8.28 10−9 erg.cm−2.s−1, j’obtiens
alors la relation :

D2
kpc > 1.27

M

M¯
(2.33)

qui est plus contraignant que le terme de gauche de l’équation 2.31.

2.4.3 Cartographie de l’espace des paramètres

Dans le but d’étudier en profondeur l’impact de l’angle d’inclinaison et de la distance
sur les valeurs de puissance du jet de mon scénario minimaliste, j’ai élaboré une carte de
l’espace des paramètres (voir Figure 2.7) qui représente les valeurs d’ajustement de P et de
φ calculées avec les équations 2.20 et 2.21 après modification de D et θ. L’objectif principal
d’une telle tâche étant d’identifier, pour la date des observations nécessitant la plus grande
puissance de jet, une zone de l’espace des paramètres pour laquelle P peut correspondre aux

15. Dans Russell et al., 2014b, seule la contribution corps noir du disque est prise en compte, menant inévi-
tablement à une relation différente.
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FIGURE 2.7 – Carte de paramètres montrant l’évolution de la puissance du jet relativiste et de l’angle
d’ouverture en fonction de la distance et de l’angle d’inclinaison pour un trou noir central de masse
M=10.3M¯ pour la date du 17 septembre (état le plus mou de l’éruption). Les contours pointillés noirs
représentent les valeurs de puissance de jet en unité d’Eddington, les contours pointillés bleus repré-
sentent les valeurs de l’angle d’ouverture en degrés et les contours pleins rouges correspondent au
ratio en la puissance simulée P et la puissance estimée via l’équation 2.25. La zone hachurée symbo-
lise le domaine super-Eddington et la zone en gris foncé dépeint les valeurs de distances et d’angle
d’inclinaison exclues par les relations masse-distance 2.31 et 2.33. La zone verte correspond aux va-
leurs de P en accord avec les estimations d’un facteur 2 au maximum, la zone orange représentant
toutes les valeurs au delà de ce critère. Enfin le carré rouge montre les paramètres obtenus dans le
Tableau 2.4.

estimations de l’équation 2.25. Afin de scanner la plus grande partie possible de l’espace des
paramètres, je fais ici varier la distance de 3.62kpc (limite inférieure déterminée en utilisant
l’équation 2.33) à 10kpc et l’angle d’inclinaison de 0° à 25.29° pour un trou noir de masse
M=10.3M¯. Dans la Figure 2.7, je montre dans un premier temps que les intervalles de dis-
tance et d’inclinaison proposés par Russell et al., 2014a,b mènent de manière inexorable à
des valeurs de puissance de jet au moins deux fois supérieures aux estimations (zone orange)
ou bien même à l’utilisation de puissances super-Eddington (zone hachurée) pour de grands
D et θ. Au contraire, les puissances de jets en accord avec les estimations (zone verte) sont
obtenues pour de faibles angles d’inclinaison et de faibles distances (en excluant les valeurs
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ne respectant pas les contraintes fixées par les équations 2.28, 2.31 et 2.33 symbolisées par
les zones gris foncé) pouvant être inférieurs aux minima de ces intervalles physiques. Si l’on
autorise la puissance du jet à différer au plus d’un facteur 2 des estimations (choix arbitraire),
alors un jeu de paramètre raisonnable peut être déterminé pour des distances variant entre
3.6kpc et 5.8kpc et des angles d’inclinaisons inférieurs à 3°. En gardant l’angle d’ouverture à
la valeur de notre scénario minimaliste,φ=1°, mais en abaissant la valeur de θ à 1° et la valeur
de D à 4.7kpc, j’ai pu reproduire les données sur l’ensemble du bimestre avec des valeurs de
P raisonnables (voir les deux dernières lignes du Tableau 2.4). Dans ce jeu de paramètre ap-
profondi, j’obtiens alors des valeurs de puissance du jet s’étalant entre 0.26%LE et 4.40%LE

pour des facteurs de Lorentz moyen compris entre 1.045 et 16. L’évolution du jet y est tou-
jours simulée par une augmentation de P et Γmoy avec la luminosité X de la source, du moins
dans l’état dur, puisque la puissance de jet maximum n’est plus atteinte le 17 septembre mais
le 3 septembre.

Dans un modèle simpliste proposé pour expliquer la corrélation LX ∝L∼1.8
R de MAXI

J1836-194, Russell et al., 2015 suggéra que la distance de cette source devait être supérieure à
8kpc. Plus précisément, les auteurs ont étudié la possibilité qu’une amplification relativiste
variable au cours de l’éruption était responsable de cette étrange corrélation. Selon les résul-
tats présentés dans la Figure 9 de Russell et al., 2015, cette amplification relativiste variable
ne peut expliquer cette corrélation d’indice 1.8 que si la source est située à plus de 8kpc
sans quoi la luminosité radio à basse luminosité X est trop faible. L’unique explication d’un
tel phénomène viendrait d’une désamplification de l’éruption, incompatible avec la faible
inclinaison du système. Ma carte de paramètre est en contradiction avec cette conclusion,
les distances maximales permettant d’avoir des valeurs de P proches des estimations étant
toutes sous le seuil des 8kpc et, de plus, couplées avec dans angles d’inclinaisons inférieurs à
2°. La région de l’espace des paramètres proposée par Russell et al., 2015, D=8-10kpc, est tout
de même atteignable si l’on augmente la masse du trou noir central à la valeur de M=20M¯
(voir Figure 2.8). Ce scénario nécessitant alors des angles d’ouverture plus élevés ainsi que
des angles d’inclinaisons encore plus faibles que dans la Figure 2.7. Dans les deux scénarios
ici considérés, l’utilisation d’angles d’inclinaisons très proche de 0° font potentiellement de
MAXI J1836-194 le premier microblazar observé.
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FIGURE 2.8 – Carte de paramètres montrant l’évolution de la puissance du jet relativiste et de l’angle
d’ouverture en fonction de la distance et de l’angle d’inclinaison pour un trou noir central de masse
M=20M¯ pour la date du 17 septembre (état le plus mou de l’éruption). Les codes couleurs utilisés
sont les mêmes que sur la Figure 2.7.

2.5 Conclusions de l’étude

Dans ce chapitre, j’ai présenté une méthode permettant d’ajuster l’émission multi-longueurs
d’onde de jets relativistes de microquasars en la simulant à l’aide d’un modèle de chocs
internes dirigé par les fluctuations du flot d’accrétion. MAXI J1836-194 représentait l’objet
idéal pour réaliser un tel travail compte tenu de son faible angle d’inclinaison apparent, cau-
sant la domination du jet dans les spectres jusqu’au domaine optique, et de la richesse des
observations multi-bandes effectuées lors de son éruption de 2011. Je liste ci-après tous les
résultats obtenus :

— Le modèle de chocs internes ishem dans lequel les chocs sont directement contrôlés
par les fluctuations du flot d’accrétion peut reproduire les densités spectrales d’énergie
du jet MAXI J1836-194 pour cinq dates de son éruption de 2011.

— La forme des SEDs est en adéquation avec les données pour chaque observation.

— Le modèle peut reproduire le déplacement de la cassure synchrotron observé par Rus-
sell et al., 2013, 2014b, principalement en faisant évoluer les valeurs du facteur de Lo-
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rentz moyen des couches de matières éjectées. Cette variation avec la dureté X a déjà
été observée dans d’autres sources auparavant (par exemple MAXI J1659-152 où la cas-
sure se situait à des fréquences encore plus basses quand la source était dans un état
plus mou que MAXI J1836-194 ; van der Horst et al., 2013; Koljonen et al., 2015).

— Il est impossible de suivre l’évolution du jet en ne variant qu’un seul paramètre de la
simulation, au moins deux sont nécessaires.

— Un scénario minimaliste permet de reproduire les observations du bimestre septembre-
octobre en ne variant que la puissance du jet et le facteur de Lorentz moyen, les deux
paramètres augmentant avec la luminosité X. Cette évolution corrobore le modèle sim-
pliste de Russell et al., 2015 mis en place pour expliquer la corrélation radio/X d’indice
1.8 de la source (un bémol toutefois, bien que ce modèle puisse fonctionner pour MAXI
J1836-194, il ne peut pas pour les autres sources Russell et al., 2015). La hausse du fac-
teur de Lorentz moyen quand la source transite d’un état dur à un état plus mou est en
accord avec les suggestions de Fender et al., 2004.

— Les valeurs des paramètres de mon scénario minimaliste sont bien plus élevées que
les valeurs physiques estimées pour les trois dates de septembre. Je trouve notamment
Γmoy=17 pour la date d’étude située dans l’état le plus mou (17 septembre). Mes valeurs
pour les 12 et 27 octobres, elles, correspondent aux valeurs suggérées par Russell et al.,
2015, à savoirΓmoy ∼1-2. Les puissances de jet obtenues présentent des valeurs surpas-
sant largement les estimations. La valeur de P maximale, P=24.5%LE, étant obtenue le
17 septembre également.

— Compte tenu du nombre important de paramètres dans le modèle ishem, il existe ce-
pendant une grande dégénérescence.

— En modifiant les valeurs de l’angle d’ouverture, il est possible de réduire l’intervalle
de facteur de Lorentz moyen à 1.05-9.1. En contrepartie, les puissances utilisées aug-
mentent également.

— En modifiant également la masse du trou noir central, la distance de la source et l’angle
d’inclinaison, j’ai pu contraindre une région de l’espace des paramètres employant
des valeurs de P correspondant aux estimations. Cette zone utilise des distances et des
angles d’ouverture faibles ainsi que des angles d’inclinaisons proches de 0°. L’intervalle
des valeurs de puissance de jet devient 0.26%LE et 4.40%LE.

— Le jet le plus puissant ne correspond plus à la date avec la dureté X la plus faible (elle
conserve le facteur de Lorentz maximum). La croissance de P avec la luminosité est
alors restreinte aux dates dans l’état dur.

— J’ai montré qu’il est possible, via l’augmentation de la masse du trou noir, de faire cor-
respondre notre zone d’intérêt avec la région de l’espace des paramètres requises pour
expliquer LX ∝L∼1.8

R .

— Le modèle final déterminé via l’étude de la dégénérescence nécessitant des angles très
faibles, MAXI J1836-194 pourrait être le premier microblazar observé. Cela permettrait
alors d’expliquer la singulière domination de son jet compact dans les bandes infra-
rouge et optique.
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Résumé :

La troisième et dernière section de ce manuscrit s’axe sur le futur du modèle et sur son
perfectionnement. Il présente deux aspects de la simulation non ou mal pris en compte dans
la version actuelle. Une première section se penche sur les effets du refroidissement des élec-
trons au cours de leur trajet au sein du jet. Son action pourrait se révéler importante aussi
bien dans le régime optiquement épais via le refroidissement adiabatique que dans le régime
optiquement mince par le biais du refroidissement radiatif. Une seconde section présente
une version améliorée du modèle qui remplace les hypothèses simplificatrices émises préa-
lablement par une prise en compte plus rigoureuse de l’influence de l’angle d’inclinaison
dans les équations de transfert radiatif. Une comparaison entre les deux versions d’ishem y
est présentée. Les effets du refroidissement radiatif et d’inclinaison sur les résultats obtenus
au Chapitre 2 sont également discutés.
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3.1. LE REFROIDISSEMENT DES PARTICULES

La confrontation du modèle ishem aux données multi-longueurs d’onde de MAXI J1836-
194 permit de tester avec succès l’hypothèse fondatrice selon laquelle le flot d’accrétion est
étroitement lié, de part ses propriétés temporelles, aux processus physiques d’éjection. De
cette étude résulte la reproduction physique précise de cinq spectres multi-bandes permet-
tant un suivi de l’émission d’un jet relativiste au cours d’une phase éruptive. Cependant,
le modèle dans sa version actuelle présente encore des limites dans sa tentative de se rap-
procher au plus près de la réalité physique en action dans ces lieux d’éjections. En effet, cer-
taines hypothèses simplificatrices, extrapolations ou bien même certains manques viennent
apporter un bémol aux conclusions tirées à la fin du Chapitre 2. L’émission synchrotron
comme seul processus radiatif implémenté pouvant être cité comme l’une de ces faiblesses.
Ce troisième et dernier chapitre s’intéresse aux axes d’améliorations à explorer en vue de per-
fectionner ishem et se penche, en particulier, sur deux aspects parmi les plus importants : la
prise en compte du refroidissement radiatif et de l’influence de l’angle d’inclinaison.

3.1 Le refroidissement des particules

Le modèle de chocs internes ishem ne prend pas en compte le refroidissement radiatif
des particules au cours de leur propagation dans le jet. Ce refroidissement, difficile à étu-
dier de manière précise, pourrait avoir un impact non négligeable sur les densités spectrales
d’énergie obtenues, en particulier à haute énergie. Nous proposons ici une approche semi-
analytique afin d’appréhender ce problème et d’envisager son impact potentiel sur nos ré-
sultats.

3.1.1 Formulation du problème

On suppose une distribution de particules décrite par la fonction N(t,γ) de temps t et
d’énergie γ. Cette distribution n’est pas spatiale mais s’établit dans l’espace des énergies, le
nombre total de particules, NTOT, se retrouve alors en intégrant sur γ tel que :

NTOT =
∫ γmax

γmin

Ndγ (3.1)

Durant l’expansion du gaz dans le jet (suivant un axe z), la distribution de particules est ame-
née à évoluer sous l’influence de l’accélération des particules et de leur refroidissement. Le
comportement énergétique des particules relativistes est alors régi par l’équation cinétique
suivante 1 :

∂N

∂t
= ∂γ̇N

∂γ
+S(t,γ) (3.2)

où S(t,γ) désigne le terme de source, associé à l’injection de particules relativistes par les

chocs, et ∂γ̇N
∂γ le terme de refroidissement avec, γ̇(γ), le taux de refroidissement. Ce der-

nier regroupe deux types de refroidissement : le refroidissement adiabatique causé par la
propagation du jet dans le milieu interstellaire et le refroidissement radiatif observé suite à
l’émission de photons synchrotron. Dans la limite des particules relativistes, il s’exprime de

1. On néglige ici l’échappement de particules, les collisions Coulomb ainsi que le phénomène de "chau-
dière" synchrotron.
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la façon suivante :

γ̇= γ

τa

+ γ2

τs

(3.3)

avec, τa, le temps de refroidissement adiabatique et, τs, le temps de refroidissement syn-
chrotron. Ces deux quantités, dépendantes du temps dans le cas général, sont définies sui-
vant les relations suivantes (Rybicki and Lightman, 1979) :

τa =− γ

−(γ (4
3 −1)dlnṼ

dt̃
)
= 3 z

2 Γmoyβmoyc
(3.4)

τs = 3mec2

4σTUBc
= 6πmec

σTB2 (3.5)

avec Ṽ, le volume comobile d’une couche dans le jet, z, la position de la couche,βmoy=
√

1− 1
Γ2

moy
,

σT, la section efficace de Thomson, et UB, la densité d’énergie magnétique.

3.1.2 Solution formelle

Pour résoudre simplement l’équation 3.2, il est utile de se poser au préalable le problème
suivant : une particule est trouvée à un instant t avec une énergie γ. Quelle était son éner-
gie γi au temps ti < t ?

Répondre à cette question nécessite de résoudre l’équation de refroidissement pur :

dγ

dt
=−γ̇=−(

γ

τa

+ γ2

τs

) (3.6)

À l’aide du changement de variable trivial, y= 1
γ , cette équation se réécrit :

dy

dt
− y

τa

= 1

τs

(3.7)

et a pour solution :

y = K(t) exp

(∫ t

0
τa(t”)−1 dt”

)
(3.8)

avec :

K(t) = K0 +
∫ t

0

exp

(
−

∫ t’

0
τa(t”)−1 dt”

)
τs(t’)

dt’ (3.9)

En posant :

g(t) = exp

(
−

∫ t

0
τa(t’)−1 dt’

)
(3.10)
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ainsi que :

f(t) =
∫ t

0

g(t’)

τs(t’)
dt’ (3.11)

on obtient, en définissant K0 de telle sorte que l’énergie soit γi à ti, la relation suivante :

g(t)γ−1 −g(ti)γ
−1
i = f(t)− f(ti) (3.12)

À partir de l’équation 3.12, il est alors possible d’isoler et d’exprimer l’énergie γi en fonction
de t, ti et γ :

γi(t, ti,γ) = g(ti)
g(t)
γ
+ f(ti)− f(t)

(3.13)

De cette expression, nous tirons les deux relations suivantes :

∂γi

∂γ
=

(
γi

γ

)2 g(t)

g(ti)
(3.14)

∂γi

∂t
= ∂γi

∂γ
γ̇ (3.15)

On introduit maintenant t∞, le temps précis pour lequel l’énergie de la particule est in-
finie. Par définition, t-t∞, représente alors le temps requis par une particule pour refroidir
d’une énergie infinie jusqu’à l’énergie γ. Compte tenu de la dépendance en énergie du re-
froidissement par rayonnement, ce temps est normalement fini. Il est déterminé à partir de
l’équation 3.12 tel que :

f(t∞) = f(t)− g(t)

γ
(3.16)

Si t∞ < 0, alors seules les particules d’énergie inférieure à γi0=γi(t,ti=0, γ) ont eu le temps de
se refroidir jusqu’à atteindre γ au temps t. On définit alors une énergie critique γc de sorte
que t∞ < 0 équivaut à γ < γc, avec :

γc(t) = g(t)

f(t)
(3.17)

Il vient donc facilement :

γ−1
i0 = g(t)(γ−1 −γ−1

c ) (3.18)

On suppose que le nombre de particules à (t,γ) est égal au nombre total de particules
injectées à tout (ti,γi). Dans le cas où t∞ > 0 (γ > γc(t)), toutes les particules à t=0 ont pu
se refroidir pour atteindre des énergies inférieures à γ à t. Prenant en compte les particules
injectées et le terme d’évolution en énergie, le nombre de particules s’écrit :

N(t,γ) =
∫ t

t∞
S[γi(t, ti,γ), ti]

∂γi

∂γ
dti (3.19)
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Dans le cas où t∞ < 0 (γ < γc(t)), les particules d’énergie γi0 à t=0 contribuent elles aussi au
flux du jet. On obtient alors :

N(t,γ) = N[0,γi0]
∂γi

∂γ
+

∫ t

0
S[γi(t, ti,γ), ti]

∂γi

∂γ
dti (3.20)

3.1.3 Injection stationnaire en loi de puissance

On fait l’hypothèse simpliste d’un terme de source constant au cours du temps prenant
la forme d’une loi de puissance s’étendant de γ=1 à des énergies infinies avec un indice p, tel
que, S=S0γ

−p.

Premier cas : Pas de refroidissement adiabatique

On considère une population de particules ne pouvant se refroidir que par rayonnement
synchrotron uniquement. À t=0, le nombre de particules est nul, τa est infiniment grand
et, par soucis de simplicité, τs est supposé de valeur constante. Cette hypothèse élémen-
taire de temps de refroidissement constant s’éloigne significativement de la réalité physique
connue au sein du jet pendant la propagation. Cependant, elle permet d’étudier de manière
analytique les conséquences fondamentales du refroidissement radiatif sur le spectre multi-
longueurs d’onde du jet. De ce postulat découlent les résultats suivant :

g(t) = 1 (3.21)

f(t) = t

τs

(3.22)

1

γi

= 1

γ
− t− ti

τs

(3.23)

∂γi

∂γ
=

(
γi

γ

)2

(3.24)

t∞ = t− τs

γ
(3.25)

Pour t∞ > 0 (γ > γc(t) =
τs

t ), on obtient donc :

N(t,γ) = S0τs

p−1
γ−(p+1) (3.26)

tandis que la condition t∞ < 0 (γ < γc(t) =
τs

t ) nous donne :

N(t,γ) = S0τs

p−1
γ−(p+1)

[
1−

(
1− γt

τs

)p−1]
(3.27)
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FIGURE 3.1 – Évolution de la population de particules au cours du temps pour une injection sta-
tionnaire en loi de puissance et un refroidissement par rayonnement synchrotron pur. On utilise
S=1000*γ−2.7 et τs=105s. Les courbes présentées sont multipliées par γp par souci de clarté.

Le système considéré étant vide à t=0, le terme en N de l’équation cinétique 3.2 est né-
gligeable à t petit. On observe alors, pour les premiers instants de la propagation, la forma-
tion d’une distribution non-thermique de particules en forme de loi de puissance de même
indice que le terme de source. À mesure que le temps s’écoule, leur nombre croît de ma-
nière significative et les premiers effets du refroidissement synchrotron, perceptibles pour
une particule d’énergie γ au bout de t=τs/γ, sont visibles, en particulier à haute énergie (voir
Figure 3.1). Un break de refroidissement apparaît alors de plus en plus clairement dans la
loi de puissance, marquant la césure entre les particules énergétiques ayant atteint un état
stationnaire (en -(p+1)) grâce à l’injection de particules et les particules de basses énergies
n’ayant pas eu le temps de se refroidir et continuant d’évoluer selon le terme de source. Le
temps avançant, de plus en plus de particules ont le temps de se refroidir ce qui cause le
déplacement du break vers les basses énergies. Une fois toutes les particules refroidies, la
distribution des particules suit le comportement donné par l’équation 3.26. Au cours de la
propagation, la position du break se retrouve à l’intersection des deux expressions asymp-
totiques obtenues respectivement pour le régime de faible γ (développement limité au pre-
mier ordre de l’équation 3.27) et de haut γ (équation 3.26), via l’expression :

γb(t) = τs

(p−1)t
(3.28)
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Second cas : Refroidissement adiabatique et synchrotron

On prend maintenant en compte le terme de refroidissement adiabatique tel queτa reste
constant au cours de l’éjection. Cet ajout transforme les équations 3.21 à 3.25 comme suit :

g(t) = exp

(−t

τa

)
(3.29)

f(t) = τa

τs

(
1−exp

(−t

τa

))
(3.30)

1

γi

= exp

(
ti − t

τa

)(
1

γ
+ τa

τs

)
− τa

τs

(3.31)

∂γi

∂γ
=

(
γi

γ

)2

exp

(
ti − t

τa

)
(3.32)

t∞ = t− t0 (3.33)

avec :

t0 = τa ln

(
1+ τs

γτa

)
(3.34)

Dans le cas où t∞ > 0 (γ > γc(t)=
τs

τa

(
exp(t/τa) −1

)−1 ; ou encore t > t0), la résolution de

l’équation cinétique nous renvoie :

N(t,γ) = S0τa

p−1

γ−p

1+ τaγ

τs

(3.35)

Pour t∞ < 0 (γ < γc(t)=
τs

τa

(
exp(t/τa) −1

)−1 ; t < t0), on obtient :

N(t,γ) = S0τa

p−1

γ−p

1+ τaγ

τs

[
1−

(
γτa

τs

(
exp

(
t0 − t

τa

)
−1

))p−1]
(3.36)

Selon les valeurs choisies pour τa et τs, différents comportements sont observés.

1.τa ≥ τs : Pour un refroidissement synchrotron au moins aussi efficace que le refroidisse-
ment adiabatique, l’évolution de la population de particules suit le même schéma que
le cas du refroidissement synchrotron pur. En effet, ce dernier domine le refroidisse-
ment adiabatique qui n’a pas le temps de se mettre en place. En pratique, on observe
le même break se déplaçant vers les basses énergies que pour le cas précédemment
discuté, ainsi que le même état stationnaire en -(p+1).

2.τa < τs : Le comportement de la population change significativement quand le refroidis-
sement adiabatique devient plus efficace que le refroidissement par rayonnement (voir
Figure 3.2). Au début de la propagation, il suit le même scénario que le cas de refroi-
dissement par synchrotron pur, c.-à-d. les particules suivent une distribution dictée
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FIGURE 3.2 – Évolution de la population de particules au cours de la propagation dans le jet pour
une injection stationnaire en loi de puissance et pour laquelle le refroidissement adiabatique domine
le refroidissement synchrotron. On utilise S=1000*γ−2.7, τs=105s et τa=103s. Les courbes présentées
sont multipliées par γp par souci de clarté.

par le terme de source et seules les particules très énergétiques ont le temps de se re-
froidir. Très rapidement, le refroidissement adiabatique prend le dessus et devient très
efficace à faibles γ causant l’apparition d’un break stationnaire distinguant les deux
régimes en action : avant ce break la population est dominée par la perte d’énergie
adiabatique et au delà la population est dominée par les pertes synchrotron. Le ré-
gime final n’a plus l’allure d’une distribution en loi de puissance classique mais bien
d’une loi de puissance brisée. La position du break se retrouve en utilisant la même
méthode que pour l’équation 3.28 et on obtient dans ce cas :

γb(t) = τs

(p−1)τa

(3.37)

3.1.4 Fréquence de coupure

Il est possible d’estimer la position de la fréquence de coupure à haute énergie dans nos
simulations à l’aide de τa et τs. Pour ce faire, je détermine dans un premier temps, à l’aide
des profils de champ magnétique calculés par ishem, la valeur maximum du champ magné-
tique Bmax pour les cinq dates de la phase éruptive. Cette valeur, correspondant approxima-
tivement à la région du jet où le refroidissement est le plus rapide (et donc a priori où ses
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3 septembre 17 septembre 26 septembre 12 octobre 27 octobre
τa (s) 1.32 1.67 0.71 0.38 0.43
τs (s) 1.15x105 9.20x105 3.09x105 91.97 1.60
νc (eV) 3.76x103 52.99x103 56.76x103 1.02 1.86x10−3

TABLEAU 3.1 – Valeurs de τa et τs et νc estimées à l’aide des profils de champ magnétique des cinq
dates de l’éruption.

effets seront le plus fort), est alors associée à zmax, la position dans le jet où elle est atteinte.
Ainsi, une fois les temps caractéristiques de refroidissement synchrotron et adiabatique cal-
culés, j’utilise l’équation 3.37 afin d’estimer la position du break dans les cinq distributions
d’électrons de l’étude. Utilisant l’expression de la fréquence caractéristique d’émission d’un
électron d’énergie γb, νc :

νc = 3 eB

4π mec
γ2

b (3.38)

j’obtiens une coupure exponentielle située entre 0.002eV (4.8x1011Hz), le 27 octobre, et
57keV (1.4x1019Hz), le 26 septembre. Le Tableau 3.1 liste les valeurs de τa et τs et νc ob-
tenues. Ces valeurs ne sont pas du tout en accord avec notre hypothèse d’une coupure ex-
ponentielle fixée à 20eV, cependant elles ne changent pas les conclusions obtenues dans nos
ajustements car, d’une part, les fréquences de coupure de refroidissement sont bien au des-
sus de la fréquence de cassure synchrotron et d’autre part, elles ne permettent pas au jet de
contribuer de manière significative dans le domaine X (voir Figure 2.4). En revanche, la cou-
pure estimée pour la date du 27 octobre étant située à très basse fréquence, 1011Hz (soit à
plus basse fréquence que l’infrarouge), elle devient susceptible d’affecter le domaine opti-
quement épais du spectre. On trouverait alors vraisemblablement, pour cette date, des pa-
ramètres de simulations assez différents. La prise en compte rigoureuse des effets de refroi-
dissement apparaît donc indispensable dans cet exemple. Notons néanmoins que de telles
estimations sont basées sur un modèle stationnaire alors que τa et τs varient au cours du
temps (et donc en fonction de z) dans le modèle des chocs internes.

3.1.5 Influence sur les résultats d’ishem

Les deux cas discutés précédemment nous signalent l’importance du refroidissement
des particules au cours de l’éjection et nous forcent à constater que l’hypothèse d’une dis-
tribution en loi de puissance constante au cours de la propagation se révèle, dans certains
cas, peu adaptée au problème. Le refroidissement synchrotron agit fortement sur les par-
ticules les plus énergétiques de la distribution. Ses effets sur les SEDs calculées par ishem
peuvent par conséquent se révéler très importants, en particulier dans les zones proches
de la base du jet. Cette influence impacte essentiellement le régime optiquement mince du
spectre multi-longueurs d’onde et épargne le régime optiquement épais (Malzac, 2014), hor-
mis dans le cas du 27 septembre où la partie absorbée du spectre serait également impactée.
Dans la pratique, le refroidissement synchrotron crée une coupure dans la SED à haute éner-
gie à partir de laquelle le flux du jet chute drastiquement. Ce break est pris en compte dans
nos résultats du Chapitre 2 (voir Tableau 2.4) mais est cependant fixé artificiellement à 20eV
(selon Russell et al., 2014b) afin de s’assurer de la non-contribution du jet dans le domaine
X, négligeant alors totalement son évolution au cours de l’éruption. Nous avons vu dans la
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section précédente que, bien que cela ne change pas nos conclusions issues du Chapitre 2,
cette valeur semble assez éloignée de la réalité, en particulier pour la date du 27 octobre.
Par conséquent, l’implémentation de ce phénomène dans ishem améliorerait la précision
de nos calculs et permettrait d’ajuster la contribution du jet à haute énergie de manière bien
plus fidèle. Ainsi, il serait possible d’estimer la contribution réelle du jet dans la variabilité X
utilisée pour éjecter les couches de matière dans notre modèle.

La prise en compte du refroidissement adiabatique est un des points clés qui séparent le
modèle de Blandford et Königl (Section 1.3.1) de notre modèle. Seulement, sa considération
n’est pas non plus complète dans ishem. En effet, dans la version actuelle du modèle, sa prise
en compte n’intervient que par des modifications de la normalisation de la distribution des
particules (voir Section 2.2.3). Bien que plutôt pertinente, en démontre la Figure 3.2 où l’on
voit que le refroidissement adiabatique ne modifie pas la pente de la distribution, cette ap-
proximation ne suffit pas en l’absence de réinjection de particules dans les simulations. La
conséquence directe de cette non-réinjection est la diminution des valeurs d’énergies mini-
mum et maximum de la distribution, considérée comme constantes dans notre étude. Cette
modification de γmin et γmax pourrait avoir un impact sur la densité spectrale d’énergie fi-
nale. Il est alors impératif d’étudier précisément les effets potentiels d’un tel refroidissement
sur nos résultats. L’implémentation dans le modèle ishem du refroidissement adiabatique et
du refroidissement radiatif est en cours.

3.2 L’incidence de l’angle d’inclinaison

Outre le refroidissement, la version du modèle ishem utilisée dans l’étude du Chapitre 2
adoptait également des hypothèses simplificatrices facilitant grandement le calcul des SEDs.
En effet, le modèle ne prenait en compte que l’anisotropie due aux effets Doppler relativistes
(facteur δ3 dans l’équation 2.18). Cette approximation est valable pour l’émission synchro-
tron optiquement fine de particules isotropes dans un champ turbulent ou enchevêtré avec
des directions isotropes. Cependant, en réalité en régime partiellement absorbé ou absorbé,
l’émission est anisotrope même dans le référentiel comobile du fait de la dépendance an-
gulaire de la profondeur optique synchrotron et des effets de projection sur le plan focal de
l’observateur (comobile ou pas). Le calcul de l’émission (voir Section 2.2.3) était pertinent
pour les hautes valeurs de θ observées jusque là mais n’est probablement pas valide pour
les faibles angles d’inclinaison que j’ai inférés pour MAXI J1836-194 dans le Chapitre 2. De
plus, à faibles angles d’inclinaison, l’émission d’une couche peut être partiellement ou tota-
lement absorbée par d’autres éjectas se trouvant sur la ligne de visée. La méthode de calcul
employée pour générer le spectre multi-longueurs d’onde final ne considérait que l’émission
couche par couche de manière indépendante et les effets d’absorption par d’autres couches
étaient négligés. Il est alors apparu indispensable, à l’instar du refroidissement, d’étudier
précisément cette dépendance angulaire en vue d’appréhender son impact sur les cinq SEDs
reproduites, et ainsi confirmer ou infirmer nos résultats. Depuis la publication de mon étude
sur MAXI J1836-194, une nouvelle version d’ishem a été élaborée afin de pouvoir traiter de
manière plus précise les effets d’anisotropie de l’émission du jet en prenant en compte les
effets d’aberration relativiste et l’absorption de l’émission d’une couche par le reste du jet.
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FIGURE 3.3 – Schéma détaillant les configurations géométriques considérées dans le calcul de l’émis-
sion d’une couche prenant en compte l’anisotropie pour le référentiel comobile (Gauche) et pour le
référentiel de l’observateur (Droite).

3.2.1 Émission d’un cylindre homogène en mouvement

La prise en compte des effets d’anisotropie est essentielle en vue d’améliorer notre traite-
ment de l’influence de l’angle d’inclinaison sur l’émission du jet. Dans ce qui suit, je présente
le calcul de l’émission d’un éjecta cylindrique, prenant en compte les effets de projection et
d’aberration relativiste. Cette méthode remplace, dans la nouvelle version du modèle, le cal-
cul plus simple détaillé dans la Section 2.2.3.

Soit un jet conique d’axe z émettant des photons par rayonnement synchrotron. On
considère l’émission d’une couche cylindrique homogène, de rayon R et de hauteur H̃, en
mouvement selon la direction~z et formant un angle θ̃ (θ̃ <π/2) avec la ligne de visée~n dans
le référentiel au repos 2. Ici et dans la suite, les quantités associées au référentiel comobile
seront notées avec un ∼, toutes quantités écrites sans ∼ se référant alors au référentiel de
l’observateur. Les calculs de l’émission de cet éjecta sont réalisés dans le référentiel como-
bile et se verront traduits par la suite dans le référentiel de l’observateur. La justification
du choix de ce référentiel vient du fait qu’il est très difficile de déterminer les coefficients
de l’émission synchrotron (absorption et terme de source) dans le référentiel où la couche
est en mouvement. La connaissance du champ magnétique étant alors requise. La densité
spectrale de puissance par unité d’angle solide émise dans la direction~n s’écrit de la façon
suivante :

dL̃(µ̃)

dΩ̃ dν̃
=

∫
Ãperp

S̃ν̃
[
1−exp

(−α̃ν̃l̃
)]

dÃ (3.39)

avec µ̃=cosθ̃, α̃ν̃ le coefficient d’absorption, S̃ν̃=J̃ν̃/(4πα̃ν̃) le terme de source (où l’on re-
trouve, J̃ν̃, l’émissivité synchrotron), l̃ la profondeur du cylindre selon~n et Ãperp la projection
du cylindre sur une surface perpendiculaire à~n tel que :

Ãperp = 2RH̃ sinθ̃+πR2µ̃ (3.40)

2. L’absorption de ces photons par d’autres parties du jet est totalement négligée.
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L’expression analytique de l̃ est une fonction très complexe, dépendante de la position de
la projection du cylindre sur le plan perpendiculaire et de µ̃. C’est pourquoi, pour limiter
le temps de calcul de l’émission de chaque ejecta, nous avons choisi de la remplacer par
l’expression de la profondeur moyenne selon la direction~n, 〈l̃〉, formulée comme suit :

〈̃l〉 = Ṽ

Ãperp

=
[

2 sinθ̃

πR
+ µ̃

H̃

]−1

(3.41)

avec Ṽ le volume du cylindre. Une telle approximation modifie alors l’équation 3.39 pour
donner plus simplement :

dL̃(µ̃)

dΩ̃ dν̃
= Ãperp S̃ν̃

[
1−exp

(−α̃ν〈̃l〉)] (3.42)

Pour basculer du référentiel au repos au référentiel de l’observateur, la relativité nous
impose les transformations suivantes :

dL(µ)

dΩ dv
= δ3 dL̃(µ̃)

dΩ̃ dν̃
(3.43)

µ̃= µ−β
1−µβ (3.44)

ν= δν̃ (3.45)

Sν = δ3S̃ν̃ (3.46)

αν = α̃ν̃

δ
(3.47)

où l’on retrouve le facteur d’amplification Doppler, δ=[Γmoy(1−βµ)]−1. Les transformations
de surface et de volume sont beaucoup moins évidentes. On obtient dans un premier temps :

Aperp = Ãperp (3.48)

la projection du cylindre sur le plan ne subissant pas de contraction mais uniquement une
rotation d’angle i tel que cos i=β (Ghisellini, 2000). Le volume, lui, subit tout de même les
répercussions causées par la contraction et les effets de retard le long de la ligne de visée, par
conséquent on a :

V = δṼ (3.49)

Ainsi, à l’aide des équations 3.48 et 3.49, il est possible de déduire la profondeur moyenne du
cylindre dans le référentiel de l’observateur via :

〈l〉 = V

Aperp

= δ〈̃l〉 =
[

2 sinθ

πR
+ Γmoy |µ−β |

H̃

]−1

(3.50)

77



CHAPITRE 3. LIMITES DE L’ÉTUDE ET PERSPECTIVES

ce qui nous permet de vérifier que l’épaisseur optique est un invariant de Lorentz,αν〈l〉=α̃ν̃〈̃l〉.
Le flux du cylindre est alors exprimé à l’aide de la distance selon :

F(ν) = 1

D2

dL(µ)

dΩ dv
= Ãperp δ

3S̃ν̃

D2

[
1−exp

(−α̃ν̃〈̃l〉)] (3.51)

Connaissant l’évolution temporelle du coefficient d’absorption de chaque éjecta lors de
sa propagation dans le jet, on calcule, en utilisant l’ensemble des couches d’une simula-
tion, un coefficient d’absorption moyen (moyenne temporelle) en chaque point du jet. La
nouvelle version du code intègre ces coefficients d’absorption moyens le long de la ligne de
visée et prend ainsi en compte l’obscurcissement d’une couche par le reste du jet. Il faut
aussi noter que l’ancienne version du modèle utilisait les coefficients jν et αν, valides dans
le cas d’un champ magnétique homogène (voir Section 2.2.3, (Malzac, 2014)), dont la direc-
tion dans le référentiel comobile est perpendiculaire à la ligne de visée. Ces coefficients sont
les mêmes que dans Chaty et al., 2011. La nouvelle version utilise des coefficients moyennés
sur les angles d’incidence, à savoir, valides pour un champ magnétique turbulent isotrope
(Crusius and Schlickeiser, 1986).

3.2.2 Comparaison entre ancienne et nouvelle version

La densité spectrale d’énergie

Afin d’apprécier l’impact des améliorations apportées au modèle sur nos résultats obte-
nus dans le Chapitre 2, j’ai effectué, à l’aide de jeux de paramètres strictement identiques,
des simulations comparatives entre l’ancienne version et la nouvelle version d’ishem. En
préambule, il est important de noter que la nouvelle version du modèle, bien qu’avancée,
se situe encore au stade de développement et ne peut à l’heure actuelle calculer de manière
précise la contribution du contre-jet dans l’émission totale. En conséquence, seules les dates
de l’étude pour lesquelles la contribution du contre-jet est négligeable sont ici susceptibles
d’être utilisées pour la comparaison. En pratique, plus le facteur de Lorentz moyen est élevé
et moins le contre-jet apporte des changements significatifs dans la SED résultante. C’est
pourquoi, afin d’écarter tout doute potentiel, les changements apportés par cette version
améliorée ne seront examinés que pour la date la plus extrême de l’éruption de 2011, le 17
septembre.

La conclusion de l’étude de l’espace des paramètres dans la Section 2.4 indique qu’un
spectre multi-longueurs d’onde ajustant les données de manière précise peut être obtenu
pour la date du 17 septembre en utilisant Γmoy=16 et P=3.9%LE. Ceci, pour une distance
D=4.7kpc et pour un angle d’inclinaison abaissé à φ=1°. Reprenant ces même paramètres
avec la nouvelle version du modèle, ishem renvoie une densité spectrale d’énergie simple-
ment décalée dans la direction des bas flux d’un facteur ∼2 (voir Figure 3.4). L’allure de la
courbe restant, en effet, totalement inchangée et la fréquence de cassure synchrotron de-
meurant, elle aussi, constante. Afin de superposer les deux spectres ainsi obtenus et corriger
ce facteur 2 en flux, il apparaît nécessaire d’augmenter la puissance du jet mais également
son facteur de Lorentz moyen pour maintenir la fréquence de cassure à la même valeur (voir
Figure 2.3). Dans ce cas précis, les équations 2.20 et 2.21 renvoient Γmoy=18.1 et P=9%LE. Ces
valeurs de Γmoy et P sont cependant en léger décalage avec les paramètres requis puisque la
superposition de deux spectres s’effectue finalement pour Γmoy=19.1 et P=7%LE. Par consé-
quent, la prise en compte rigoureuse dans les simulations des effets d’anisotropie ne semble
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FIGURE 3.4 – Comparaison entre l’ancienne version (trait plein) et la version améliorée (pointillés) du
modèle pour la date du 17 septembre.

pas remettre en question les résultats obtenus précédemment au moyen d’hypothèses sim-
plificatrices. L’amélioration du modèle modifie de manière quantitative les résultats du Cha-
pitre 2 mais n’apporte pas de changements qualitatifs pouvant potentiellement infirmer nos
conclusions. Au contraire, celles-ci se trouvent renforcées puisque l’ajustement des données
du 17 septembre nécessite un facteur de Lorentz moyen encore plus important et une puis-
sance de jet dépassant de nouveau de plus d’un facteur 2 les estimations de l’équation 2.25,
impliquant alors la nécessité d’un angle d’inclinaison encore plus faible.

La dépendance angulaire

Dans la Section 2.2.6, j’ai expliqué que la procédure d’ajustement des données multi-
longueurs d’onde de MAXI J1836-194 utilise deux expressions analytiques afin d’estimer les
corrections à apporter pour déplacer les SEDs en flux et en fréquence. Ces deux équations,
2.20 et 2.21, tirées des travaux originaux Malzac, 2013, 2014 traitant du développement du
modèle ishem, précisent que Fνbreak ∝δ2 tandis que νbreak ∝δ, avec δ=[Γmoy(1−βcosθ)]−1. Au
cours de mes travaux de modélisation de l’émission du jet compact j’ai pu vérifier avec suc-
cès la cohérence de leurs prédictions, en très bon accord avec les paramètres finaux requis
pour ajuster les données. Dans la nouvelle version, il apparaît cependant que la dépendance
angulaire ne suit plus de manière aussi étroite ces relations.

Dans l’objectif d’étudier les changements apportées par la nouvelle version, j’ai comparé
la dépendance angulaire de celle-ci avec la version utilisée dans le Chapitre 2. Pour ce faire,
je suis reparti des résultats obtenus à l’issue de l’étude de la dégénérescence (Section 2.4) et
relancé plusieurs simulations ne modifiant que l’angle d’inclinaison. Au final, j’obtiens un
échantillon de SEDs pour θ=[1°, 5.5°, 10°, 20°, 35°, 50°, 70°, 85°] pour chaque version. De ces
spectres j’extrais deux informations : la position en fréquence de la cassure synchrotron et
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FIGURE 3.5 – Comparaison de la dépendance angulaire entre l’ancienne version (noir) et la version
améliorée (vert) du modèle pour plusieurs valeurs de Γmoy. (Haut) Dépendance angulaire du flux. Les
lignes pointillées représentent des évolutions suivant δ2. (Bas) Dépendance angulaire de la fréquence
de cassure synchrotron. Les lignes pointillées représentent des évolutions selon δ. Les dépendances
idéales sont normalisées pour θ=50°. La puissance du jet, l’angle d’ouverture, l’indice de la distribu-
tion des électrons ainsi que ses bornes sont ici fixés.

le flux maximal associé. La Figure 3.5 montre les déplacements de la cassure synchrotron
dans les dimensions de flux et de fréquence ainsi obtenus (symbolisés par des carrés), en
comparaison avec les dépendances angulaires idéales prévues (en lignes pointillées) par les
expressions analytiques (ici normalisées à la valeur arbitraire de θ=50°). On remarque as-
sez rapidement que l’ancienne version est en meilleur accord avec les équations 2.20 et 2.21
que la nouvelle version, aussi bien en fréquence qu’en flux. L’ancienne version s’écartant
de la dépendance idéale d’un facteur ∼1.4-1.5 en fréquence et en flux contre ∼2-2.5 pour la
version prenant en compte des effets d’anisotropie, ce qui est susceptible d’apporter des er-
reurs importantes. Si l’on se concentre sur les résultats obtenus pour θ=1°, on retrouve bien
les conclusions du paragraphe précédent. En effet, la fréquence de cassure est identique
entre les deux versions et l’on retrouve bien le facteur 2 en flux. Cependant, tandis que les
flux estimés sont tous plus faibles pour la nouvelle version que pour l’ancienne, la fréquence
de cassure synchrotron tend à être plus grande pour la nouvelle version et non identique
comme observée dans le cas particulier de θ=1°. En conséquence, on comprend alors que
la superposition de deux courbes à θ plus grand requiert une correction plus importante en
fréquence. En d’autres mots, la nouvelle version d’ishem nécessite des facteurs de Lorentz
moyen encore plus grands pour l’éjection des couches à la base du jet. Une telle correction
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ayant la conséquence indirecte de causer, par la même occasion, la hausse de la puissance
du jet et ainsi confirmer nos conclusions pré-établies. La reconduction de la comparaison
pour des valeurs de Γmoy plus faibles, Γmoy=3 (hexagones) et Γmoy=1.2 (octogones), résulte
en des conclusions absolument similaires. Fort de ce constat, il devient indispensable de
caractériser de nouvelles expressions analytiques décrivant précisément la dépendance an-
gulaire décrite par la version perfectionnée du modèle afin de remplacer les équations 2.20
et 2.21. Ce travail, irréalisable dans le calendrier de ma fin de thèse, est une étape obligatoire
à franchir pour poursuivre le développement d’ishem et ainsi exploiter au mieux les futures
observations.
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CONCLUSION

Unifier la physique de l’accrétion et la physique de l’éjection est un des objectifs majeurs de
l’astrophysique actuelle. L’une des clés pour parvenir à cette fin est l’étude du rayonnement
issu des jets relativistes. Ce rayonnement a la particularité de s’étaler sur la quasi-totalité
du spectre électromagnétique et donc de pouvoir être capté par une large gamme d’ins-
truments spatiaux et terrestres. Cependant, l’observation multi-fréquences simultanée de
ces objets exige une organisation et des moyens si considérables que jusqu’à la fin du 20ème

siècle, la communauté scientifique ne put obtenir de données suffisamment exploitables. En
2011, une campagne d’observations multi-longueurs d’onde est initiée afin d’étudier l’acti-
vité éruptive d’une source nouvellement découverte, MAXI J1836-194. Cette source possède
un jet relativiste dont l’émission se révèle être différente de tous les autres cas connus. Le
jet, d’ordinaire observable du domaine radio au domaine infrarouge, semble ici dominer la
densité spectrale d’énergie jusqu’au domaine optique, habituellement dominé par le disque
d’accrétion. Cette singularité serait la conséquence d’un angle d’inclinaison entre l’axe du
jet et la ligne de visée particulièrement faible. Une fantastique opportunité de sonder bien
plus précisément les mécanismes physiques responsables de l’apparition/disparition de jets
relativistes au cours d’une éruption nous fut alors offerte.

Pour la première fois, un modèle associant directement les propriétés temporelles des
disques d’accrétions aux fluctuations de vitesse des jets relativistes est utilisé pour étudier
l’émission multi-longueurs d’onde d’un jet compact au cours d’une phase éruptive. Repre-
nant les principes des modèles de chocs internes connus dans le champ des sursauts γ, ce
modèle vise à reproduire, entre le domaine radio et le domaine des rayons X, la densité spec-
trale d’énergie de jets relativistes en calculant leur émission synchrotron. Appliqué au micro-
quasar MAXI J1836-194, il est utilisé, dans ce manuscrit afin de reproduire le spectre multi-
bandes de son jet compact pour cinq dates de l’éruption de 2011. Pour chacune de ces dates,
la forme du spectre multi-bandes généré est contrôlée quasi-exclusivement par la variabilité
X du flot d’accrétion associée. Tous les autres paramètres de la simulation n’ayant pas ou très
peu d’influence sur l’allure de la SED.

J’ai montré via cette démarche que la variabilité X du disque d’accrétion permet de pro-
duire des spectres multi-longueurs d’onde dont la forme est en bonne adéquation avec les
données pour des statistiques très satisfaisantes. De plus, j’ai également montré qu’il est
possible de suivre l’évolution temporelle du jet compact en ne variant que deux paramètres
physiques de la simulation. Un scénario minimaliste proposant de reproduire ces variations
spectrales en augmentant de concert la puissance du jet et le facteur de Lorentz moyen avec
la luminosité X, corroborant plusieurs suggestions préalables. Une étude approfondie de la
dégénérescence montre qu’il est possible d’atteindre un point de l’espace de paramètres res-
pectant les contraintes physiques de manière plus fidèle. Pour y parvenir, il est alors néces-
saire de fixer une distance à la source faible, un demi angle d’ouverture du jet de l’ordre du
degré et un angle d’inclinaison extrêmement petit, soutenant l’hypothèse d’un microblazar.
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Le modèle ne peut pas, à l’évidence, être considéré comme totalement achevé dans sa
version actuelle. De nombreux points sont en effet toujours manquants, ou partiellement
pris en compte via diverses hypothèses simplificatrices. On peut citer en exemple la non-
prise en compte du rayonnement Compton, indispensable pour expliquer l’émission γ dans
les noyaux actifs de galaxies, la simplification du calcul du refroidissement des électrons
au cours de leur propagation ou encore la formulation d’une hypothèse perdant tout sens
au contact de faibles angles d’inclinaisons. Pour ces deux derniers points, des études pré-
liminaires ont été entreprises afin d’étudier, dans un cadre semi-analytique, leur incidence
sur les scénarios obtenus pour le jet de MAXI J1836-194 et ainsi perfectionner le modèle. Le
refroidissement permettrait de calculer précisément la fréquence de coupure synchrotron,
pour l’instant fixée artificiellement tandis que la prise en compte rigoureuse des effets rela-
tivistes engendrés par un jet pointé dans notre direction aiderait simplement à faire un pas
de plus vers la réalité physique de ces objets. Le stade actuel de développement du modèle
montre que ces effets d’anisotropie ne modifient pas de manière qualitative mes conclu-
sions mais renforcent au contraire la nécessité d’utiliser un faible angle d’inclinaison et des
puissances et facteurs de Lorentz élevés dans les simulations.

Le modèle mérite également d’être mis à l’épreuve par bien plus que deux sources (cf.
Drappeau et al., 2015) afin de prouver son efficacité et notamment d’être appliqué aux sources
possédant une étoile à neutron. La systématisation des observations multi-fréquences si-
multanées de microquasars apparaît comme absolument nécessaire, ce type d’étude ayant
besoin d’une couverture spectrale la plus dense possible de la radio jusqu’au visible. Enfin,
délaissant l’aspect temporel de l’étude, il serait bénéfique de calculer l’émission des jets jus-
qu’au domaine γ afin de tester ce modèle sur les noyaux actifs de galaxie (bien que l’émission
de photons γ soit aussi observée dans certaines binaires X), une fois l’émission Compton
implémentée. La physique des jets se trouvant, en particulier, au coeur des objectifs scien-
tifiques de projets comme le satellite SVOM (infrarouge, visible, rayons X durs) ou le réseau
de télescopes CTA (rayons gamma) qui seront tous deux en opération dans la prochaine dé-
cennie et dans lesquels la France (et l’IRAP) ont une participation importante.

84



85



86



Annexe A

Publications

87



88



A.1 En tant que premier auteur

89



MNRAS 482, 2447–2458 (2019) doi:10.1093/mnras/sty2796
Advance Access publication 2018 October 17

Modelling the compact jet in MAXI J1836-194 with disc-driven shocks
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8Université Grenoble Alpes, CNRS, IPAG, F-38000 Grenoble, France

Accepted 2018 October 8. Received 2018 September 7; in original form 2017 December 21

ABSTRACT
The black hole candidate MAXI J1836-194 was discovered in 2011 when it went into an
outburst, and was the subject of numerous, quasi-simultaneous, multi-wavelength observations
in the radio, infrared, optical, and X-rays. In this paper, we model its multi-wavelength radio to
optical spectral energy distributions (SEDs) with an internal shock jet model (ISHEM; Malzac
2014). The jet emission is modelled on five dates of the outburst, during which the source is
in the hard and hard intermediate X-ray spectral states. The model assumes that fluctuations
of the jet velocity are driven by the variability in the accretion flow which is traced by the
observed X-ray timing properties of the source. While the global shape of the SED is well
reproduced by this model for all the studied observations, the variations in bolometric flux
and typical energies require at least two parameters to evolve during the outburst. Here, we
investigate variations of the jet power and mean Lorentz factor, which are both found to
increase with the source luminosity. Our results are compatible with the evolution of the jet
Lorentz factor reported in earlier studies of this source. However, due to the large degeneracy
of the parameters of the ISHEM model, our proposed scenario is not unique.

Key words: accretion, accretion discs – black hole physics – relativistic processes – shock
waves – X-rays: binaries.

1 IN T RO D U C T I O N

In the early 2000s, the study of compact jets in X-ray binaries
(XRBs) boomed with the discovery of the characteristic flat -or
slightly inverted- radio spectra in the hard X-ray spectral state (see
Corbel et al. 2000; Fender et al. 2000; Corbel & Fender 2002a). This
observed flat radio emission is attributed to partially self-absorbed
synchrotron emission from a jet (Blandford & Königl 1979; Bland-
ford & Payne 1982). Specifically, the flat radio spectrum results
from neglecting the cooling of the electrons and, particularly, the
energy losses due to the adiabatic expansion of the jet in the external
medium. However, in the absence of an acceleration mechanism that
continuously compensates for the adiabatic energy losses along the
jet, cooling can result in a highly inverted radio spectrum, therefore

� E-mail: mathias.peault@gmail.com

inconsistent with the observations. Malzac (2013, 2014) showed
that internal shocks caused by rapid fluctuations of the jet veloc-
ity constitute an effective dissipation mechanism that can release
energy over a broad range of scales along the jet. In this model,
the dissipation profile along the jet and the resulting shape of the
SED are determined almost entirely by the power spectrum of the
velocity fluctuations. The other parameters of the model (such as
jet power and jet opening angle) can only shift the SED in photon
frequency or in normalization. Interestingly, the adiabatic losses are
totally compensated in the case of internal shock jet models where
shells of matter are ejected at the base of the jet with Lorentz factors
that follow flicker noise fluctuations (i.e., the power spectral density
is inversely proportional to the frequency, PSD ∝ 1/f), maintaining
the flat jet spectral slope that is usually observed. In XRBs, it turns
out that the X-ray light curve which can, in principle, act as a tracer
of the fluctuations in the accretion flow (or mass accretion rate),
often presents a power spectrum that is close to 1/f within a certain

C© 2018 The Author(s)
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range of Fourier frequencies. This coincidence led Malzac (2013,
2014) to suggest that the fast fluctuations of the jet velocity causing
internal shocks might be driven by the variability of the accretion
flow.

Drappeau et al. (2015) first explored this idea by using the internal
shock code ISHEM (Malzac 2014) to show that an observed radio-
IR jet SED from the black hole binary GX 339-4 during the hard
state can be well-reproduced, under the assumption that the power
spectrum of the jet fluctuations is identical to the fluctuations in
the disc observed in X-rays. Drappeau et al. (2017) suggested that
the quenching of the radio emission in the soft X-ray spectral state
could be associated with the much weaker X-ray variability present
in this state. Dark jets could be present in the soft state carrying
a similar power as in the hard state, but weaker shocks due to the
smaller amplitude of the velocity fluctuations mean the jet would
be undetectable. While these results were encouraging, they need
to be applied to other sources and observations at various phases of
an outburst to test their universality.

The galactic black hole candidate MAXI J1836-194, first de-
tected on 2011 August 30 during an outburst (Negoro et al. 2011),
represents an interesting opportunity for modelling as it offers the
possibility to work with an excellent multi-wavelength coverage
ranging from radio to X-rays. Additionally, in most sources, the
optical emission is dominated by the accretion disc while MAXI
J1836-194 appears to be jet-dominated (Russell et al. 2014a) in
most states, making it an excellent target for jet studies.

Russell et al. (2014b) constrained the distance to MAXI J1836-
194 between 4kpc and 10kpc and its disc inclination between 4◦

and 15◦. The jet dominance is most likely related to the small angle
between the jet and the line of sight. The mass of the black hole was
estimated between 7.5 M� and 11 M� based on X-ray spectral
fitting using the TCAF model (see Jana et al. 2016, for details).
We note that these mass estimates are model-dependent. We will
nevertheless use it as a guide for lack of better constraints.

In this paper, we model the spectral energy distributions of the
compact jet of MAXI J1836-194 on five dates of its 2011 outburst
with the ISHEM code, using the quasi-simultaneously observed X-ray
power spectra as an input of the model. In Section 2, we present the
observations and describe the main features of the model, discussing
the influence of the parameters on the synthetic SEDs. In Section 3,
we show our resulting SEDs along with the final parameters. In
Section 4, we perform an in-depth exploration of the parameter
space and identify alternative solutions to match the observations.
Finally, in Section 5, we discuss our results by comparing them to
conclusions drawn in previous works.

2 ME T H O D S

2.1 Observations

The black hole candidate MAXI J1836-194 was intensively ob-
served during its 2011 outburst by numerous instruments in differ-
ent spectral bands (see Russell et al. 2013, 2014b, and references
therein). The large amount of collected data, ranging from the radio
domain to X-rays, makes this two-month period ideal for a multi-
wavelength study of its compact jet. In this work, we use observa-
tions presented in Russell et al. (2013) and in Russell et al. (2014b),
namely, radio data collected by the Karl G. Jansky Very Large Array
(VLA), submillimeter data obtained with the Submillimeter array,
mid-IR data collected by the Very Large Telescope (VLT), optical
observations obtained with the two 2-m Faulkes Telescopes and
with Swift UVOT (optical+UV) and finally X-ray data gathered by

Swift X-ray telescope (XRT) and the Rossi X-ray Timing Explorer
(RXTE). There were also optical + NIR observations collected with
GROND (Rau, Greiner & Sudilovsky 2011). All these observations
were taken during a failed hard-to-soft state transition (Brocksopp,
Bandyopadhyay & Fender 2004) that occurred between the begin-
ning of September and the end of October (Ferrigno et al. 2012).
During this period, the source went into a hard-intermediate state
(HIMS) but never reached the soft state and, instead, the outburst
‘failed’ and went back to the hard state.

An investigation of how the compact jet evolved during the two-
month outburst was performed by Russell et al. (2013, 2014b, 2015)
notably reporting the interesting behaviour of the break frequency
that marks the transition between the optically thick and the optically
thin part of the jet spectrum. This spectral break (also synchrotron
emission peak), already detected in some XRBs (Corbel & Fender
2002b; Gandhi et al. 2011; Russell et al. 2013), corresponds to
the base of the particle acceleration region in the jet (see Markoff,
Falcke & Fender 2001; Markoff, Nowak & Wilms 2005; Chaty,
Dubus & Raichoor 2011). As the source hardened during the decay
phase, the break moved to higher frequencies while the optical-IR
flux brightened and the radio flux faded, making the jet spectrum
more and more inverted. Studies of the evolution of the compact jet
in MAXI J1836-194 suggested the existence of a relation between
the break frequency and the hardness (see Russell et al. 2014b) and
even suggested that this shift, along with the IR fading/brightening,
could be driven by the jet quenching/recovery during the outburst
(Corbel et al. 2013; Russell et al. 2014b). Koljonen et al. (2015)
also showed that this jet break/hardness relation appears to be a
common feature in black hole X-ray binaries and low luminosity
active galactic nuclei.

We model five of the six epochs of multi-wavelength observations
(taken on 2011 September 03, September 17, September 26, October
12, and October 27) which trace each step of the failed transition
in order to track the jet evolution. The sixth epoch (September 12)
is not studied in this paper as there was no simultaneous RXTE
observations, therefore no X-ray PSD to use as input for our jet
model. MAXI J1836-194 was in the hard state on September 03,
then in the HIMS on September 17 and 26, and finally back in the
hard state on October 12 and 27 (Ferrigno et al. 2012).

2.2 Jet model

To reproduce the spectra of the compact jet in MAXI J1836-194,
we used the numerical code ISHEM presented in Malzac (2014). In
this model, the emission of the jet is powered by internal shocks.
These internal shocks appear when homogeneous shells of matter
are ejected at the base of the jet with variable velocities (Malzac
2014). Fast ejecta catch up with slow ejecta creating shock waves
that release a fraction of the bulk kinetic energy of the shells of
matter into the jet and cause the acceleration of electrons. This leads
to synchrotron emission and possibly inverse-Compton emission
that make the jet observable (presently, only synchrotron emission
is considered in ISHEM). Following Drappeau et al. (2015), the
fluctuations of the jet Lorentz factor are generated such that their
power spectrum is identical to the observed X-ray power spectrum.

To obtain information about the timing properties of the X-ray
emission during the outburst of MAXI J1836-194, we used X-ray
observations from the Proportional Counter Array (PCA) instru-
ment (Jahoda et al. 2006) onboard RXTE. We searched for X-ray
observations that were taken within a day of the observations at
other wavebands (the daily variations are slow in the hard state).
We extracted light curves with a time bin of 2−11 s from the single-
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bit mode data (SB 125us 0 249 1s) using HEASOFT 6.19. The
light curves were further analysed in ISIS (Interactive Spectral In-
terpretation System, Houck & Denicola 2000) using the SITAR
(S-lang/ISIS Timing Analysis Routines) package to form the PSD.
We calculated the PSD for every 512-s segments rejecting those
with data gaps and averaging all PSDs over the whole light curve.
The resulting PSDs were binned logarithmically with δf/f = 0.1, and
the Poisson noise and dead-time effects were removed by fitting a
constant to the Poisson noise-dominated part of the PSD and remov-
ing the constant from the X-ray power of each frequency bin. The
observed PSDs are limited to frequencies above 1/512 Hz. As ISHEM

requires also information on longer time scales, we extrapolate the
PSDs to lower frequencies as flat noise. The final X-ray PSDs used
as input in ISHEM and corresponding to the five observations are
shown in Fig. 1.

As usually observed in X-ray binaries in the hard state, the low-
frequency variability is gradually suppressed as the source gets
closer to softer states (the low break frequency in the PSD shifts
towards higher frequencies). In the framework of our model, this
evolution of the PSD impacts the shape of the radio-IR SEDs. For
the sake of clarity, the error bars on the five PSDs are not plot-
ted. Nevertheless, these error bars are significant and we therefore
studied their impact on the resulting spectra by running several
ISHEM simulations in which we randomly varied the PSDs within
the confidence intervals. It results in a minor impact on the SEDs,
insignificantly changing the parameter values.

2.3 Parameters

We used three different families of parameters in our study: pa-
rameters related to the global properties of the source, parameters
related to the jet itself, and parameters related to the distribution of
the radiating particles. The first family consists of the distance to the
source (D), the source orbital inclination with respect to the line of
sight (θ ), and the mass of the central black hole. The second family
includes the jet power (P), the jet opening angle (φ), and the pa-
rameters involved in the launching of shells of matter: radius at the
base of the jet, mass, bulk Lorentz factor (�av), volume filling factor
(fv). We also include the parameters that define how the energy is
liberated (sub/supersonic collisions, electron/proton equipartition)
or lost (radial/longitudinal losses). Finally, in the third family, we
define the parameters that characterize the distribution of the radiat-
ing particles. In these simulations, we only compute the synchrotron
emission from electrons with a power-law energy distribution. We
then include, in this family, the lower and upper energy limit (γ min

and γ max) and the index of the power law (p) of the electron distri-
bution.

Within these three categories, some simulation parameters are
well-constrained by the observations while others are not. Conse-
quently, certain parameters are left free but confined in physically
consistent intervals, while others are fixed because they have a neg-
ligible impact on the resulting SEDs. The impact of the simulation
parameters on the break flux and frequency can be estimated an-
alytically (see Malzac 2013, 2014). The relevant scalings for the
flux normalization and for the position of the break frequency are
as follows:

Fνbreak ∝ δ2 i5/(p+4)
γ

D2
kpctan(φ)

[
P

(�av + 1)�avβ

](2p+13)/(2p+8)

(1)

νbreak ∝ δ i2/(p+4)
γ

tan(φ)

P (p+6)/(2p+8)

[(�av + 1)�avβ](3p+14)/(2p+8) , (2)

where β = √
1 − �−2

av , δ = [�av(1 − βcosθ )]−1, and iγ = (2-
p)(γ 2−p

max − γ 2−p
min )−1. Fig. 2 shows the effect of the simulation pa-

rameters on the jet spectra.
Regarding the first family, the parameters are not well-

constrained by the observations (see Section 1). In ISHEM, the black
hole mass has an impact on the jet power (simply because the jet
power is expressed as a fraction of the Eddington luminosity, LE)
but also controls the initial radius of the shells of matter since the
latter is expressed in gravitational radii (Rg = GM

c2 ). Consequently,
it only has a small effect on the final SEDs. The distance to the
source, D, has a strong effect on the resulting flux densities but has
no impact on the location of the break frequency because it does
not affect the emission mechanism. As for the inclination, θ , due
to relativistic beaming, a small angle leads to high fluxes and to
high break frequencies. However, the shift in the break frequency
becomes only noticeable for high values of bulk Lorentz factor (see
Fig. 2, top left panel).

Jets are collimated ejections of matter, therefore their open-
ing angle, φ, should be small, approximately ≤10◦ (Miller-Jones,
Fender & Nakar 2006). In ISHEM, the value of φ has a strong in-
fluence on the flux normalization and frequency of the spectral
break (see Fig. 2, top right panel). Similar to the effect of a varying
inclination angle, a high opening angle shifts the final spectra to-
wards lower frequencies and lower fluxes since a wider jet leads to
a weaker magnetic field and, thus, to fewer energetic synchrotron
photons.

In this work, the jet power is left almost completely free (see
Section 3.3) as it may have varied a lot between the five observations
of MAXI J1836-194 as discussed in Russell et al. (2014b). This
parameter also has a strong influence on the resulting fluxes and on
the break frequency (Fig. 2, middle left panel). For a given index of
the power-law distribution of electrons, a more powerful jet makes
the emission mechanism more efficient resulting in more numerous
and more energetic synchrotron photons.

Regarding the ejecta itself, we have used the conclusions derived
in Malzac (2014), namely, we assumed a relativistic flow by setting
the adiabatic index to 4/3 and we used an initial volume filling factor
of fv = 0.7. The shells of matter are ejected with a radius equivalent
to 10 gravitational radii.1 They are launched with a constant mass
and are allowed to compress or expand. We chose to exclusively
accelerate the electrons and we only take into account the energy
losses due to radial expansion.

The bulk Lorentz factors of compact jets in XRBs are very poorly
constrained. Despite our lack of information on their exact values, it
is commonly assumed that �XRBs are smaller than in active galactic
nuclei �AGNs ∼ 10. Gallo, Fender & Pooley (2003) determined
�XRBs ≤ 2 using the LX ∝ L0.7

R correlation. However, it was later
shown by Heinz & Merloni (2004) that this correlation does not
exclude high values of �XRBs and that XRBs are clearly capable of
producing jets with Lorentz factors ∼ 10 (Miller-Jones et al. 2006).2

More recently, Casella et al. (2010) even found the exact opposite
constraint in the case of GX339-4 where the jet Lorentz factor was
constrained to be >2. Hence, we considered a range of �av ∼ 1–10.

1Typical dimension of the region of the accretion flow where a large part
of the accretion power is dissipated in the hard state (Plant et al. 2015). Its
impact here is negligible.
2The lack of strong constraints on XRBs Lorentz factors is also highlighted
in the case of Cyg X-1 for which Gleissner et al. (2004) and Zdziarski et al.
(2016) found different values of �av with, respectively, radio timing and a
model of the jet anisotropy.
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Figure 1. Power spectral densities provided as input to the ISHEM code and used to simulate the ejection of the shells of matter (plotted here in frequency∗power
on the y-axis for visual purposes). They have been computed using the quasi-simultaneous X-ray light curves measured for the five dates of the study with
RXTE. We observe variations in the shape of the PSDs during the observation period, notably at low frequencies, highlighting how necessary it is to use the
coinciding measure of the variability to ensure the accuracy of the outgoing jet spectrum.

This parameter had unquestionably the strongest influence in our
simulations (see equations (1), (2) and the middle right panel in
Fig. 2). Indeed, a small increase of �av in the model moves the peak
of the spectrum significantly towards lower frequencies and also
causes the decrease of the jet flux. This is due to the fact that shells
of matter with higher �av have a velocity closer to the speed of light.
At higher �av, the difference in shell velocities are smaller even if
the difference in Lorentz factor is large. Therefore, it takes longer
for the shells to catch up with each other and collisions occur at
larger distances in the jet, in a larger region with weaker magnetic
fields.

The limits on the electron distribution have an impact on the
jet power since they determine the properties of the population of
electrons. For the same amount of kinetic energy transferred to
the lepton distribution in shocks, a higher γ min increases both the
number of very energetic particles and the average energy of the
leptons leading to stronger and less absorbed emission (see Fig. 2,
bottom left panel). In our model, the lower limit was initially set
to γ min = 1 (electrons at rest) and the upper limit was frozen at
γ max = 106 (typical value for XRB, Malzac (2014)). The electron
distribution index, p, defines the slope of the optically thin part
of the synchrotron spectrum (Ne-(E) ∝ E-p; Fig. 2, bottom right
panel). Both shock acceleration theory (Krymskii 1977; Bell 1978)
and observations of GX 339-4 (Gandhi et al. 2011; Drappeau et al.
2015) suggest p ∼ 2.5.3

2.4 Fitting

The fits to the multi-wavelength data were performed in four steps.
The first step of the process involves computing, for each obser-
vation, a synthetic SED using the associated PSD and for a given

3Due to the high values of p > 2, γ max has not a significant impact on the
number of particles here.

set of parameters. In a second step, the resulting spectrum is used
as input in the X-Ray Spectral Fitting Package (XSPEC; Arnaud
1996, version 12.9.1p) via a local model, ish, with two independent
parameters: the break frequency and break flux. To fit the broad-
band spectrum up to the X-rays, we associate the ish jet model with
the irradiated disc model diskir (Gierliński, Done & Page 2008) to
take into account the accretion disc contribution. This model fits the
disc spectral signature as a standard disc blackbody and includes a
Comptonisation component in order to fit the hard X-ray power law
observed in XRBs. Moreover, diskir accounts for the irradiation
of the inner and outer discs preventing the underestimation of the
inner disc radius and fitting the reprocessed X-ray photons in the
optical-UV band (Gierliński et al. 2008). The estimation of the jet
contribution at high energies is done by extrapolating the optically
thin part of jet spectra using power laws with identical slopes and by
defining a high-energy exponential cut-off in the synchrotron emis-
sion. We chose to set the cut-off energy to 20 eV (UV), as in Russell
et al. (2014b) due to lack of constraints. We also take into account
the IR-optical and X-ray interstellar absorptions, respectively, with
the redden model (Cardelli, Clayton & Mathis 1989) and the tbabs
model (Wilms, Allen & McCray 2000). In the third step, once the
appropriate shift in normalization and frequency is found, we use
equations (1) and (2) to determine a new set of physical parameters
that would shift the initial SED by the required amount. There are
seven parameters appearing in equations (1) and (2), namely the dis-
tance to the source, the orbital inclination with respect to the line of
sight, the jet power, the opening angle, the mean Lorentz factor, the
electron distribution index, and the lower limit of the electron dis-
tribution. A large number of solutions/combinations exist causing
a large degeneracy in the ISHEM main parameters. Thus, we freeze
five parameters to reasonable values and solve the equations for
only two variables (see Section 3). We experimented with different
parameters and found that the jet power and the jet opening angle
produced the required changes in the SEDs for reasonable parame-
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Modelling a compact jet using disc-driven shocks 2451

Figure 2. The effect of a number of the main model parameters on the September 17 (red, highest �av) and September 26 (blue) calculated jet spectra. On
each panel, a unique parameter is altered from the parameters displayed in Table 1 and in its caption. (Top left) the source inclination angle. This effect is not
clearly visible on September 26 due to a too low value of �av, thus we use the epoch with the highest �av. (Top right) the jet opening angle, (Middle left) the
jet power, (Middle right) the mean Lorentz factor of the ejected shells of matter, (Bottom left) the lower limit of the electron distribution and (Bottom right)
the electron distribution index. The dotted lines show a range of input values.

ter ranges. In the last step, when a set of parameters is identified, we
use ISHEM to compute the corresponding spectrum and compare it
with the data. In general, the predictions of the analytic model are in
good agreement with the simulations. It is important to notice that
if no reasonable fit is found by shifting the initial synthetic SED,
then the model is simply unable to reproduce the observations for
any set of parameters since the shape of the SEDs are essentially
defined by the power spectra of the input fluctuations.

3 R ESULTS AND D I S C U S SI O N

3.1 The minimal approach

As mentioned earlier, due to parameter degeneracies, there are a
large number of parameter combinations that allow us to reproduce
the observed evolutions of the SEDs shown in Fig. 3. Our approach
was to try to explain this sequence by varying the minimum number
of parameters across the five observations. As the mass of the central
black, the distance to the source and the inclination are not likely
to vary significantly over two months,4 these parameters were kept

4Inclination angles might actually change through jet precession. Here, we
assume no precession.

fixed. Our first attempt aimed at reproducing the observed jet evo-
lution with only one variable parameter. Unfortunately, explaining
the sequence with only one variable parameter (e.g., varying only
the jet power, �av, or the jet opening angle) is not possible because
it leads to simultaneous changes in both the flux normalization and
the spectral break frequency, both increasing or both decreasing (see
Fig. 2). Instead, Fig. 3 shows that we need the jet break frequency to
increase when the flux decreases to follow the observed jet evolution
during the outburst. This implies that we need to vary at least two
parameters in order to reproduce the observed sequence. Since the
jet power and the mean Lorentz factor are expected to significantly
change during the outburst due to the variation of the accretion rate,
we chose to try to reproduce the five dates of the outburst by varying
P and �av.

We chose to set the mass of the central black hole and the distance
to the source to reasonable values of their acceptable intervals,
namely M = 10.3 M� and D = 5kpc. These values were chosen
during preliminary tests as they provided acceptable fit to the data.
A wider range of masses and distances is explored in Section 4.
Using observational constraints on the width of the H α emission
line together with estimate of the disc size obtained from spectral
fit to the SED, Russell et al. (2014a) derived a relation between the
mass, distance, and inclination of the source. With the mass and
distance chosen above, we used this relation to fix the inclination
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2452 M. Péault et al.

Figure 3. [Upper panel] The best-fit spectral energy distributions determined with XSPEC for five of the multi-wavelength observational epochs of MAXI
J1836-194. Solid lines represent the jet contributions obtained with the ish model and extrapolated up to 20 eV. Dashed lines represent the ish + diskir models
used to account for the accretion disc contribution. [Lower panel] Fit residuals obtained with XSPEC (in terms of sigmas with error bars of size one, delchi
plots).

angle to 5.5◦. These three parameters all respect the constraints
established in Section 4. We obtained an electron distribution index
of 2.7 by fitting the optically thin part of the observations; however,
a somewhat steeper electron index of 2.9 was required to fit the data
set of September 17. We chose to freeze the jet opening angle at
φ = 1◦, consistent with the <2◦ upper limit reported for Cyg X-1
jet in Stirling et al. (2001).

3.2 Model spectra

Fig. 3 compares our best-fit model SEDs to the observed data. As
can be seen on this figure, the assumption that the jet fluctuations are
driven by the X-ray PSDs leads to SED shapes that are very close
to the observed ones. With only one exception (September 17), the
simulated SEDs are compatible with the source radio spectra. They
only depart from the observations in the NIR where the influence of
the accretion disc becomes significant (particularly on September
17 and on September 26 where the source is in the HIMS). The
discrepancy between model and data in the radio band could stem
from our poor knowledge of the X-ray power spectra. Indeed, in our
model, the shape of the radio part of the spectrum directly depends
on the low frequencies of the PSD of the fluctuations where we
do not have direct observation of the X-ray PSDs. The predicted
radio flux is sensitive to our assumption of a flat noise extrapolation
at frequencies below 1/512 Hz. Also, the non-simultaneity and the
radio variability (Russell et al. 2015) during the measurement period
are possibly substantial sources of error.

When the source is in the hard state, we observe a brightening in
the IR while the radio flux drops significantly. This causes the jet
break to shift towards higher frequencies. On September 03 and 26
the break is around 1012Hz while at the hardest epochs, on October
12 and 27, the break is near 1013Hz. This is in qualitative agreement
with the results of Russell et al. (2013, 2014b) especially in the hard
state.

The September 17 epoch could be modelled by two different
jet SEDs (see Fig. 4, described as first and second version) that are

Figure 4. The two versions of the September 17 spectral energy distribution
determined with XSPEC. Solid lines represent the jet contributions obtained
with the ish model. Dashed lines represent the ish + diskir models. See
Section 3.2.

statistically equivalent but that stand out from each other by the way
they pass through the data points. The first version represents the
best fit obtained with XSPEC when using all the data. It goes through
every radio point but does not go through the NIR point causing
the SED to peak at low frequency, near 2x1010Hz. In the second
version, we ignore the first two radio points to fit the NIR data point
leading to a frequency peak situated near 1012Hz. Since the first
version of the fit required much more extreme physical parameters
in order to produce the spectral turnover at cm wavelengths, notably
in terms of mean Lorentz factor (where �av > 30 was required, see
Fig. 2), we decided to focus only on the second version of the fit.

3.3 The minimal scenario

The diskir parameters and reduced chi-squares associated with our
best fits are listed in Table 1. We obtained reduced chi-squares
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Modelling a compact jet using disc-driven shocks 2453

Figure 5. Hardness–Intensity diagram of the 2011 outburst of MAXI
J1836-194 (adapted from Russell et al. 2013). 1:Sep 03, 2:Sep 17, 3:Sep
26, 4:Oct 12 & 5:Oct 27. The coloured circles use the same colour code as
in Fig. 1, Figs. 2 and 3. The black line shows the temporal evolution in the
direction of the arrows.

ranging from χ2 = 0.82 to χ2 = 1.27 that are practically equivalent
to the ones obtained in Russell et al. (2014b). Although these values
are good, it has to be noted that the goodness-of-fit measures are
essentially dominated by the X-ray data (see lower panel of Fig. 3
which shows the fit residuals obtained for the five dates of the study.)
The diskir parameters also appear to be nearly identical to the ones
obtained in Russell et al. (2014b), notably the temperatures of the
inner radius of the accretion disc. On the other hand, we tend to
find different values of the logrout parameter (ratio of the outer
disc radius in terms of the inner disc radius in logarithmic scale),
especially on October 12 and October 27.

It is possible to estimate the mean value of the jet power for the
five epochs of the outburst using the measured X-ray luminosities
(see Drappeau et al. 2015, and references therein):

P ≈ 43.6

[
LX2−10keV

LE

]0.5

per cent LE. (3)

These estimates are indicative only as we note that equation (3) is
based on the model of Körding, Fender & Migliari (2006) involving
several assumptions which are not necessarily true for MAXI J1836-
194. Namely, this assumes that the accretion flow is radiatively
inefficient, that the jet receives a constant fraction of the accretion
power, and that the jet power and the X-ray luminosity are equal
to each other at LX ∼ 20 per cent LE. With M = 10.3 M� and D
= 5 kpc, we computed the five 2-10keV X-ray luminosities using
XSPEC (see Table 1) and ended up with a range of luminosities
going from 0.05 per cent LE to 0.36 per cent LE which results in
a 0.96–2.62 per cent LE interval for the jet power to compare our
results with.

We obtain five parameter sets in which the jet power and the
mean Lorentz factor both increase with the source luminosity. The
associated parameters and the goodness-of-fit are listed in Table 1.
Keeping the minimum energy of the electrons γ min frozen to unity

implied jet kinetic powers that could be much larger than the es-
timates of ∼2.62 per cent LE provided by equation (3). We thus
used higher values of γ min in order to lower P (see Table 1). How-
ever, setting γ min too high can remove the particles that produce the
synchrotron emission at frequencies of interest (typically when the
leptons at energy γ min emit photons with frequency higher than the
synchrotron self-absorption turnover frequency). We checked that
the shape of the predicted SEDs is not affected as long as γ min is
below 8. If γ min is set to 8 rather than 1, the required jet power is
divided by a factor of 2–3 and remains below 25 per cent LE. The
jet power values obtained for γ min = 8 and γ min = 1 are listed
on the third and fourth row of Table 1. In the end, we obtained jet
powers ranging from 0.3 to 24.5 per cent LE and �av values ranging
from 1.05 to 17 for the five epochs of the study (P = 24.5 per cent
LE and �av = 17 being reached in the HIMS on September 17,
see Fig. 5). The maximum jet power value, P = 24.5 per cent LE,
still represents more or less 70 times the observed X-ray luminos-
ity and consequently requires 70 times more accretion power put
into the jets than radiated away in the disc. This raises some is-
sues for accretion disc models since an insufficiently heated disc
results in a X-ray spectrum dominated by thermal emission which
is inconsistent with the power-law shaped spectrum we observe.
Moreover, the jet power in the hard state (HIMS here) should be
released as radiative power in the soft state where the jet is quenched
and the accretion flow radiatively efficient. If the jet power is P ≈
70LX in the hard state, it implies that the X-ray luminosity should
sharply increase by a factor of 70 during state transitions. However,
such jumps of X-ray luminosity during transitions have never been
observed.

We failed to find any reasonable parameter set for the three epochs
of September by varying together only the jet power and the jet open-
ing angle as they would be unable to sufficiently shift the spectra
without using extreme values, namely, super-Eddington luminosi-
ties and φ > 60◦. We were also unable to reproduce the data with
lower jet powers or lower mean Lorentz factors, because it either
required unrealistic values for the other parameters or increased the
number of free parameters.

4 PARAMETER SPAC E

We have shown that jet emission powered by internal shocks driven
by the accretion flow variability can provide a good description of
the broadband data of MAXI J1836-194 (Section 3). However, due
to the large parameter degeneracy, it is not possible to simultane-
ously constrain all of the model parameters. Instead, only the jet
power and average jet Lorentz factor were allowed to vary while fit-
ting the five data sets, where the other parameters were kept fixed at
reasonable values. This notably led to jet power values that exceed
the estimation of equation (3).

In this section, we explore in more detail the parameter space
allowed by the data by changing the values of opening angle, mass,
distance, and inclination angle. Note that those parameters remain
fixed from one observation to another. The main objective being to
find fitting parameter sets using smaller �av and jet power values.

4.1 Opening angle

We first examine how the jet opening angle and the jet power vary
with the mean Lorentz factor, in particular for the first three obser-
vations of the outburst. We seek to reduce the interval of �av (1.05
to 17) obtained in Table 1 down to a more reasonable range, namely
with a maximum �av � 10. Fig. 6 shows the required values for φ

MNRAS 482, 2447–2458 (2019)

D
ow

nloaded from
 https://academ

ic.oup.com
/m

nras/article-abstract/482/2/2447/5134164 by U
niversitïe Paul Sabatier - Toulouse 3 user on 25 June 2019



2454 M. Péault et al.

Table 1. Main parameters of the simulations along with the diskir parameters obtained with XSPEC for a black hole mass of 10.3 M�, a distance to
the source D = 5 kpc, an inclination angle θ = 5.5◦, and an opening angle φ = 1◦. nH represents the X-ray absorption in terms of hydrogen column
density, logrout represents the log10 of the outer radius in terms of inner radius (minimum value when logrout = 3), and K refers to the normalization.
The electron temperature is here frozen at 100 keV, the IR/optical/UV extinction, E(B-V), at 0.53, and the jet high-frequency cut-off is set to 20 eV
due to lack of constraints (same as Russell et al. 2014b, for the last two parameters). Jet powers for γ min = 1 were calculated with slightly higher
�avs. The LX2−10 keV luminosities were computed with XSPEC and P equation (3) refers to the jet power estimations obtained for these luminosities
using equation (3). The second part of the table represents the reasonable mean Lorentz factors and jet powers we obtained studying the parameter space
(see Section 4).

September 03 September 17 September 26 October 12 October 27

Spectral state Hard HIMS HIMS Hard Hard
�av 10.8 17 7.7 2.2 1.05
P (LE) for γ min = 8 0.135 0.245 0.042 0.0135 0.003
P (LE) for γ min = 1 0.324 0.758 0.099 0.03 0.007
p 2.7 2.9 2.7 2.7 2.7
nH (x1022 cm−2) 0.197+0.017

−0.016 0.286+0.008
−0.008 0.231+0.025

−0.023 0.310+0.016
−0.016 0.394+0.143

−0.052
kT disk (keV) 0.239+0.007

−0.007 0.429+0.006
−0.004 0.232+0.011

−0.012 0.104+0.006
−0.007 0.103+0.026

−0.024
Power-law index 1.735+0.037

−0.034 1.957+0.062
−0.054 1.961+0.358

−0.312 1.743+0.041
−0.038 1.738+0.081

−0.053
logrout 4.085+0.224

−0.208 4.209 +0.101
−0.109 3.938 +0.163

−0.156 3.000+0.338 3.332+0.501
−0.332

K (x103) 20.511+3.778
−3.142 7.326+0.633

−0.574 19.810+7.731
−4.971 92.414+25.959

−18.475 92.037+129.925
−33.629

χ2/d.o.f. 529.31/444 581.25/490 389.62/478 419.58/331 264.17/275

LX2−10 keV (LE) 0.0021 0.0036 0.0016 0.001 0.0005
P equation (3) (LE) 0.0198 0.0262 0.0175 0.0141 0.0096

�avF 10.45 16 7.55 2.15 1.045
PF 0.047 0.039 0.0212 0.0114 0.0026

Figure 6. Evolution of the jet power and of the jet opening angle as a func-
tion of the mean Lorentz factor for the three first dates of the outburst. Each
point represents a parameter set that matches the observations. The colour
gradients illustrate the increase of �av. The squares depict the parameters
we obtained in Section 3.

and P when �av is varying from 1.1 to 20. All the other parame-
ters were kept at the same values as in Table 1. In this figure, each
point corresponds to a parameter set that fits the multi-wavelength
observations. We show that the decrease of the mean Lorentz factor
directly implies to the increase of the opening angle to compensate
for the frequency shift (see Fig. 2) and inevitably to the increase
of jet powers in order to maintain the correct fluxes. Allowing the
opening angle to increase up to the upper limit of its acceptable
range, namely about 10◦, it is possible to reduce the �av interval
to 1.05–9.1 (see Table 2). However, since our main goal is also to
approach the 0.96–2.62 per cent LE jet power interval, such an in-
crease in the values of the jet power turns out to be a very undesirable
effect.

Table 2. Possible reduction of �av values using wider opening angles and
more powerful jets. Values between square brackets refer to the parameters
displayed in Table 1.

�av φ P (LE)

September 03 5.7 [10.8] 9.77◦ [1◦] 0.273 [0.135]
September 17 9.1 [17] 9.91◦ [1◦] 0.34 [0.245]
September 26 4 [7.7] 9.88◦ [1◦] 0.112 [0.042]

4.2 Mass, distance, and inclination angle

We now seek to reduce our values of jet power by studying how the
jet opening angle and the jet power values change when modifying
the last three remaining main parameters of the simulation which
are the mass of the black hole, the distance to the source, and
the inclination angle. We first derive below some observational
constraints on these parameters in order to reduce the search space.

4.2.1 Inclination angle

The inclination angle of MAXI J1836-194 can be directly estimated
from the measure of the diskir logrout parameter (see 3.3 hereafter
referred as y) following equation (1) of Russell et al. (2014a):

sinθ = vout

√
10yRin

GM
= vout

√
Rout

GM
, (4)

where vout represents the rotational velocity of the outer disc, Rin the
physical inner disc radius and Rout the physical outer disc radius.
Assuming Rin = RISCO on the softest date of the outburst as in
Russell et al. (2014b) (see Miller et al. 2006; Reis, Fabian & Miller
2010), with RISCO = 6μGM/c2 (μ depends on the black hole spin:
μ = 1 for a Schwarzschild black hole and μ = 1/6 for an extreme
Kerr black hole, we obtain:

sinθ = vout

c

√
10y6μ = vout

c

√
Rout/Rin6μ. (5)
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Modelling a compact jet using disc-driven shocks 2455

Russell et al. (2014a) found that the Keplerian velocity of the disc
ring that gives the highest Hα contribution could be used as a good
approximation of the velocity of the outer disc and thus estimated
vHα

= vout = 130 km s−1. However, since the disc ring is not
necessarily at the outer edge of the accretion disc, we rather consider
vHα

as an upper limit, namely vHα
= 130 km s−1 ≥ vout. Similarly,

the Sep 17 data set (softest of the data epochs studied, see Fig. 5)
is in the hard-intermediate state, therefore the physical inner radius
is most likely further from the ISCO. In the hard state, the disc is
likely truncated at about 50–100 gravitational radii (Gilfanov 2010),
thus choosing an intermediate value of 10rg in the HIMS we have:
Rin = fRISCO, with 1 ≤ f ≤ 10. Equation (5) then simply becomes:

sinθ = vout

c

√
10y6fμ = vout

c

√
Rout/Rin6fμ. (6)

On this basis, we are only able to determine the upper limit of the
inclination angle corresponding to the case where vout = 130 km s−1

and fμ = 10 (Rin = 10RISCO for a Schwarzschild black hole). With
y = 4.209 (see Table 1), it leads to θ ≤ 25.29◦.

4.2.2 Mass–distance relations

Knowing the inclination angle, it is then possible to derive a relation
between the mass of the black hole and the distance to the source
from the measure of the diskir normalization parameter K. It is
defined as follows: K = (rin)2(10/Dkpc)2cosθ , where rin represents
the apparent inner disc radius, related to the physical inner disc ra-
dius according to Rin ≈ 1.19rin (Shimura & Takahara 1995; Kubota
et al. 1998; Soria 2007), and Dkpc the distance in kiloparsec units.
Assuming Rin = f RISCO, it becomes:

M

M�
=

√
K

cosθ

Dkpc1.19c2

60fμGM�
. (7)

With K = 7326 (see Table 1), it results in the following mass–
distance relation:

0.14
M

M�
≤ Dkpc ≤ 8.33

M

M�
. (8)

It is also possible to determine the mass–distance relation using
the constraints on the luminosities required for the source to transit
from the hard state to the HIMS (and vice versa). Dunn et al. (2010)
showed that the hard to HIMS state transition in black hole binaries
occurs for bolometric disc luminosities (disc + high energy power
law5) larger than 1 per cent LEdd (see fig. 10, lower panel). Therefore,
assuming that the softest point of MAXI J1836-194 outburst is
>1 per cent LEdd, we can write:

L

LEdd
= F4πD2

cm

1.26 1038 M
M�

> 0.01 (9)

with F the 0.1–100 keV flux expressed in erg cm−2 s−1 (calculated
from the XSPEC models) and Dcm the distance expressed in cm.
Using F = 8.28.10−9 erg cm−2.s−1, we get D2

kpc > 1.27 M
M� which

is more constraining that the left-hand side of equation (8).

4.2.3 Parameter map

To study the impact of the distance and of the inclination angle on
the jet power, we create a parameter map (see Fig. 7) that shows

5In Russell et al. (2014b) only the disc luminosity is taken into account,
leading to a different mass-distance relation.

the fitting values of jet power and opening angle calculated with
equations (1) and (2) when modifying D and θ on the September
17 data set. The main purpose is to identify, on the epoch requiring
the highest jet power, an area of parameter space for which the
jet power can be reduced down to the estimations obtained with
equation (3). In order to scan a large part of the parameter space,
we use distances ranging from 3.62 kpc (lower limit found using
D2

kpc > 1.27 M
M� ) to 10 kpc and inclination angles ranging from 0◦

to 25.29◦, setting the black hole mass to 10.3 M�. In Fig. 7, we
show that the intervals of distance and inclination angle proposed
in Russell et al. (2014a,b) inevitably lead to jet powers that are at
least two times higher than the estimations (orange area) or even
super-Eddington (hatched area) for high D and high θ . On the
contrary, jet power values compatible with the estimations (green
area) are obtained using low inclination angles and low distances
(excluding the values that do not respect the constraints we found
using equations (5), (8), and (9) in dark grey) that can be inferior to
the lower limits of those intervals. Allowing – arbitrarily – the jet
power to attain twice the value of PEq. 3, we can obtain reasonable
parameter sets for distances ranging from 3.6kpc to 5.8kpc and
inclination angles that are lower than 3◦, with M = 10.3 M�.
Keeping the opening angle set to 1◦ but decreasing the inclination
angle value down to 1◦ and the distance down to 4.7kpc, we were
able to make a new tracking of the compact jet evolution during
the 2011 outburst using reasonable jet power values (see the last
two rows of Table 1). In this new parameter set, we obtained jet
power values ranging from 0.26 per cent LE to 4.40 per cent LE and
a mean Lorentz factor interval of 1.045-16. The jet evolution is also
reproduced with �av and P increasing with the source luminosity,
in the hard state at least, since the maximum jet power is no longer
attained on September 17 but on September 03.

In a toy model proposed in order to explain MAXI J1836-194
odd LX ∝ L∼1.8

R , Russell et al. (2015) suggested that the distance
to the source should be superior to 8 kpc. In this model, the authors
investigated the possibility that variable relativistic beaming was
responsible for the steep correlation. According to fig. 9 of Russell
et al. (2015), the variable Doppler boosting cannot account for the
odd 1.8 correlation for distances lower than 8 kpc since it would
sometimes require boosting and deboosting at other times which is
not expected with such very low inclination angles. In our case, we
see that the maximum distances that can be reached for this specific
black hole mass are below the 8 kpc threshold and are paired with
inclination angles that are lower than 2◦. Interestingly we show, in
Fig. 8, that increasing the mass of the central black hole up to M
= 20 M� can shift the very limited region of interest toward the
high distances and high opening angles so that we can reach the
8–10 kpc interval suggested by Russell et al. (2015). However, such
a scenario implies even lower inclination angles. In both scenarios,
the use of low inclination angles makes MAXI J1836-194 a strong
microblazar candidate.

5 C O N C L U S I O N

In this paper, we have presented a method to fit the multi-wavelength
emission of jets in microquasars. The apparent small angle between
the compact jet of the black hole candidate MAXI J1836-194 and
the line of sight, along with the availability of excellent multi-
wavelength observations made this source an ideal candidate for our
study. The main result of this work is that an internal shock model
in which the shocks are driven by the accretion flow variability
can successfully reproduce the SEDs of the compact jet of MAXI
J1836-194 for five observational epochs during its 2011 outburst.
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2456 M. Péault et al.

Figure 7. Parameter map showing the evolution of the jet power and of the jet opening angle as a function of the distance and the inclination angle for M
= 10.3 M� on the softest data set of the outburst (September 17). Black dashed contours represent jet power values in Eddington units, blue dashed contours
represent opening angle values in degrees and red solid contours correspond to the ratio between P and PEq. 3. The hatched area represents the super-Eddington
domain (P > 100 per cent LE) while the dark grey zones depict the excluded values of distance and inclination angle obtained from equations (6) and (9). The
green area corresponds to the jet power values that follows the equation (3) estimation and the orange area corresponds to jet power values that are higher than
2∗PEq. 3. The red square represents the parameters from Table 1.

Figure 8. Parameter map showing the evolution of the jet power and of the jet opening angle as a function of the distance and the inclination angle for
M = 20 M� on the softest dataset of the outburst (September 17). The colours and lines are the same as Fig. 7.

MNRAS 482, 2447–2458 (2019)

D
ow

nloaded from
 https://academ

ic.oup.com
/m

nras/article-abstract/482/2/2447/5134164 by U
niversitïe Paul Sabatier - Toulouse 3 user on 25 June 2019



Modelling a compact jet using disc-driven shocks 2457

Our model is able to produce the observed shift of the jet break
(e.g. Russell et al. 2013, 2014b) in the SEDs by varying the jet
bulk Lorentz factor. The variation of the jet break with the source
hardness has been seen in other sources as well (e.g., in MAXI
J1659-152 where the break was at even lower frequencies when
this source was even softer van der Horst et al. 2013; Koljonen et al.
2015).

We showed that the evolution of the jet through the hard and hard-
intermediate state could not be fitted with only one variable param-
eter but with at least two parameters. We obtained consistent fits by
varying the jet power together with the jet mean Lorentz factor, with
both parameters increasing with the luminosity. This result corrob-
orates the toy model suggested in Russell et al. (2015) to explain
MAXI J1836-194 peculiar radio/X-ray correlation (LX ∝ L∼1.8

R )
with variable relativistic boosting requiring the jet mean Lorentz
factor to increase with the source luminosity (although, while their
toy model could work for MAXI J1836-194, it could not for all other
systems; Russell et al. 2015). The values of the jet bulk Lorentz fac-
tors in our minimal scenario are quite large with a maximum of
�av = 17 being reached on September 17 when the source had
the lowest hardness (HIMS). For the hard state epochs, the values
appear similar to those suggested by Russell et al. (2015), �av ∼
1 − 2. Fender, Belloni & Gallo (2004) suggested that the jet bulk
Lorentz factor increases as a black hole XRB softens over the hard
to soft state transition (see their figure 7, lower panel). The results
here seem to support this scenario. As for the jet power values, they
largely exceed the estimations obtained with equation (3) on the
first three epochs. The maximum being also reached on September
17 with P = 24.5 per cent LE.

However, we showed that this scenario is not unique due to the
degeneracy of the parameters of the ISHEM model. By allowing a
free jet opening angle, the interval of mean Lorentz factors could
be 1.05–9.1 using wider and more powerful jets. Our in-depth ex-
ploration of the parameter space performed in order to reduce the
jet power interval led to the determination of a very constrained
region where the jet powers are comparable to the X-ray luminosi-
ties and in agreement with phenomenological estimates. Reaching
it implies to use low distances, low opening angles, and particularly
low inclination angles. We managed to reduce the jet power interval
down to 0.26–4.40 per cent LE with the maximum no longer being
reached on September 17 but on September 03, most likely due
to the steeper electron energy distribution found on September 17
associated to a very low inclination angle. This suggests that the
increase of the jet power with the source luminosity occurs at least
in the hard state. The maximum value of the mean Lorentz factor is
reduced to �av = 16. Using a more massive central black hole, we
also showed that it is possible to shift this limited region towards
higher distances which appear to be required to explain the odd
LX ∝ L∼1.8

R behaviour.
Finally, we have determined a very narrow region of the param-

eter space in which we can use acceptable jet power values and
parameters that respect all the physical constraints. To track the
compact jet evolution through the 2011 outburst, we only need to
vary two parameters: the jet power and the mean Lorentz factor. The
latter increases with the source luminosity and decreases with the
source hardness for the five epochs of the study with a maximum
value of �av = 16. As for the jet power, it seems to follow this
behaviour in the hard state at least. Obtaining reasonable jet powers
at all epochs requires very small jet inclinations, of a few degrees at
most. This confirms that MAXI J1836-194 could be a microblazar
and explains the compact jet dominance up to the IR-optical. Fu-
ture tests of the model against other black hole X-ray binaries data

will help to establish whether our inferred evolution of jet Lorentz
factor during the outburst can be generalised to other objects. This
kind of studies requires multi-wavelength monitoring throughout
an outburst with good coverage not only in radio and X-rays but
also in optical, IR, and sub-mm bands.
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ABSTRACT
Using the simultaneous Infra-Red (IR) and X-ray light curves obtained by Kalamkar et al., we
perform a Fourier analysis of the IR/X-ray timing correlations of the black hole X-ray binary
(BHB) GX 339-4. The resulting IR vs X-ray Fourier coherence and lag spectra are similar to
those obtained in previous studies of GX 339-4 using optical light curves. In particular, above
1 Hz, the lag spectrum features an approximately constant IR lag of about 100 ms. We model
simultaneously the radio to IR Spectral Energy Distribution (SED), the IR Power Spectral
Density (PSD), and the coherence and lag spectra using the jet internal shock model ISHEM
assuming that the fluctuations of the jet Lorentz factor are driven by the accretion flow. It turns
out that most of the spectral and timing features, including the 100-ms lag, are remarkably
well-reproduced by this model. The 100-ms time-scale is then associated with the travel time
from the accretion flow to the IR emitting zone. Our exploration of the parameter space favours
a jet which is at most mildly relativistic (�̄ < 3), and a linear and positive relation between
the jet Lorentz factor and X-ray light curve i.e. �(t) − 1∝LX(t). The presence of a strong
Low-Frequency Quasi-Periodic Oscillation (LFQPO) in the IR light curve could be caused
by jet precession driven by Lense–Thirring precession of the jet-emitting accretion flow. Our
simulations confirm that this mechanism can produce an IR LFQPO similar to that observed
in GX 339-4.

Key words: accretion, accretion discs – black hole physics – shock waves – stars: jets –
infrared: stars – X-rays: binaries.

� E-mail: julien.malzac@irap.omp.eu

1 IN T RO D U C T I O N

GX 339-4 is a recurrent black-hole X-ray binary transient which
is known to exhibit fast sub-second variability (broad-band noise
and Quasi-periodic Oscillations, QPO) over a broad multiwave-
length range from X-rays to Optical and Infra-Red (OIR) bands

C© 2018 The Author(s)
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(Motch, Ilovaisky & Chevalier 1982; Casella et al. 2010, hereafter
C10; Gandhi et al. 2010, hereafter G10; Motta et al. 2011; Gandhi
et al. 2011; Kalamkar et al. 2016, hereafter K16, Vincentelli et al.
2018). The aperiodic X-ray variability is now generally believed
to be caused by inwardly propagating fluctuations in the accretion
flow (Lyubarskii 1997; Arévalo & Uttley 2006), while the X-ray
QPOs could be related to relativistic precession (Stella & Vietri
1998; Ingram 2016, and reference therein). In general, the fast OIR
variability of black hole X-ray binaries can be caused either by re-
processing of the variable X-ray emission by the outer disc (O’Brien
et al. 2002), or by the variable synchrotron emission of the X-ray
corona (Fabian et al. 1982; Merloni, Di Matteo & Fabian 2000), or
possibly a combination of both (Veledina, Poutanen & Vurm 2011;
Poutanen & Veledina 2014; Veledina et al. 2017). Alternatively, it
could arise from variable synchrotron emission in the jet (Kanbach
et al. 2001; Hynes et al. 2003; Malzac et al. 2003; Malzac, Merloni
& Fabian 2004). The variable OIR emission would then originate
from the base of the jet emitting region at an elevation of 103–
104 gravitational radii1 above the black hole (Malzac 2013, 2014,
hereafter M14; Gandhi et al. 2017).

In GX 339-4, the jet interpretation of the OIR variability is
strongly favoured (G10; C10; K16). Indeed, the OIR light curves
are weakly correlated with the X-ray band and the OIR band lags
behind the X-rays by about 100 ms (G10; C10). The OIR variabil-
ity and its time response to the X-ray are too fast to be caused by
disc reprocessing. The OIR lags are also quite difficult to explain
in terms of synchrotron emission in the corona. In the synchrotron-
emitting hot flow model of Veledina et al. (2011), one would expect
the opposite behaviour (X-rays lagging behind OIR), or no lag at all.
This model also predicts an anticorrelation between the X-ray and
optical light curves. Although such an anticorrelation is observed
in some sources (e.g. XTE J118+480 or Swift J1753-0127), in the
case of GX 339-4, the observations show a positive correlation (at
high Fourier frequencies at least). The 100-ms time lag is equally
difficult to reconcile with a scenario in which both the OIR and
X-rays are synchrotron emission produced by the jet (e.g. Markoff,
Falcke & Fender 2001), because, in this case, the optically thin
synchrotron emission in IR would be produced by the same popu-
lation of leptons as the X-rays, although in this case the lag could
be related to the cooling time-scale of the relativistic electrons (see
discussion in C10).

On the other hand, the 100-ms lag can be naturally associated
with the travel time between the accretion flow (producing the X-
rays) and the OIR emitting region in the jet (Kanbach et al. 2001;
Hynes et al. 2003; Eikenberry et al. 2008; C10, G10, K16, Gandhi
et al. 2017). Hence, the OIR variability features of GX 339-4 have
been attributed to jets. If this interpretation is correct, the study of
the correlated X-ray and OIR timing in this source may allow us
to probe the dynamics of accretion ejection coupling and test jet
models.

So far, the only detailed time-dependent emission model for com-
pact jets in X-ray binaries is the internal shock model (Jamil, Fender
& Kaiser 2010; Malzac 2013; M14). As in similar models, devel-
oped in the context of gamma-ray bursts (Rees & Meszaros 1994;
Daigne & Mochkovitch 1998; Bošnjak, Daigne & Dubus 2009) and
AGNs (Rees 1978; Spada et al. 2001), it postulates fluctuations of
the velocity of the jet. These variations of the jet velocity are gen-
erated by the central engine and then propagate along the jets. At

1The gravitational radius of a black hole of mass M is defined as Rg=GM/c2,
where G is the gravitational constant and c the velocity of light.

some point, the fastest fluctuations start catching up and merging
with slower ones. This leads to shocks in which a fraction of the
bulk kinetic energy of the shells is converted into internal energy.
Part of the dissipated energy goes into particle acceleration, lead-
ing to synchrotron and Compton emission. The shape of the jet
Spectral Energy Distribution (SED) is almost entirely determined
by the choice of the Fourier Power Spectral Density (PSD) of the
jet velocity fluctuations (Malzac 2013; M14).

The jet variability is most likely driven by the variability of the
accretion flow which, in turn, is best traced by the X-ray light curves.
The fluctuations of the jet Lorentz factor are thus expected to have
a PSD that is similar to that of the X-ray light curves. In Drappeau
et al. (2015, hereafter D15), we showed that an observed radio-IR
SED of GX339-4 is matched by the model provided that the PSD of
the jet Lorentz factor fluctuations has the same shape and amplitude
as the simultaneously observed X-ray PSD. Similar results were
obtained by Péault et al. (2018) who showed that the model could
reproduce the evolution of the jet SED during an outburst of the
black hole X-ray binary MAXI J1836-194. Drappeau et al. (2017)
also suggested that the quenching of the radio emission observed
in the soft state of BHBs could be related to the observed drop in
X-ray variability (compared to hard state) which strongly reduces
the jet radiative efficiency (see, however, Koljonen et al. 2018). The
model is also supported by the observational results of Dinçer et al.
(2014) which indicate that black hole X-ray binaries with weaker
X-ray variability in the hard state tend to be quieter in radio.

The internal shock mechanism is intrinsically time-dependent.
Besides spectral shapes, the model naturally predicts a strong
wavelength-dependent variability that resembles the observed one
(M14; D15). Interestingly, the PSD of the Lorentz factor fluctua-
tions determines both the variability and spectral properties of the
source. The spectral and timing properties are therefore intrinsically
connected. However, the timing properties of the model remain to
be studied in detail. This is the main purpose of this paper in which
we will compare the predictions of the internal shock model to the
fast IR and X-ray timing observations of GX 339-4 from K16. The
IR band is better suited than the optical to study and model the
jet response to X-ray fluctuations, as it is less likely to be contami-
nated by variability from the accretion flow (both from reprocessing
and synchrotron). Indeed, any component arising from the accre-
tion flow is stronger at shorter wavelength while the jet synchrotron
emission is weaker.

The data analysis is presented in Section 2. In addition to the
IR and X-ray power spectra which were already presented in K16,
we calculate the Fourier coherence and phase/time lag spectra of
the X-ray and IR light curves. In Section3, our fiducial model is
presented and its predictions are compared to the observed Spec-
tral Energy Distribution (SED), PSD, coherence, and lag spectra.
In Section4, the effects of jet precession are included in the model,
and the consequences regarding the formation of IR QPOs are dis-
cussed. Finally, in Section 5, we investigate the effects of the model
parameters on the timing predictions.

2 O BSERVATI ONS AND DATA A NA LY SI S

In this work, we use the observations of GX 339-4 obtained on
March 28 2010 (MJD 55283) in the hard state during the rise of its
outburst in 2010–2011 (see, e.g., Cadolle Bel et al. 2011; Dinçer
et al. 2012; Nandi et al. 2012; Corbel et al. 2013). The source was
observed in the IR K band using Very Large Telescope/Infrared
Spectrometer And Array Camera (ISAAC), in two optical filters U
and V with Optical Monitor on board XMM-Newton, in X-rays with
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2056 J. Malzac et al.

Figure 1. Comparison of the jet SED predicted by model A (see Table 1) to
the radio IR, optical, and X-ray measurements of K16 (in red). The synthetic
SED represents an average of the simulated jet emission over 100 ks, it is
shown by the solid curve. The model shown by the dotted curve adds the
contribution from a self-irradiated accretion flow that was obtained from a
fit of the data with the DISKIR model (see Appendix and Table A1). Both
data and model are de-absorbed. The de-reddened IR and optical fluxes
are obtained using standard interstellar extinction law (Cardelli, Clayton &
Mathis 1989) with AV of 3.25 (Gandhi et al. 2011; K16). In the X-rays, we
used our best-fitting hydrogen column density NH = 6.1 × 1021 cm (see
Appendix).

XMM-Newton EPIC-pn and with the Rossi X-ray Timing Explorer
(RXTE) Proportional Counter Array. These data were obtained si-
multaneously and at high-time resolution allowing the study of fast
variability. We refer the reader to K16 for the details of the data
analysis. Quasi-simultaneous observations were reported in the ra-
dio band with ATCA (Corbel et al. 2013), and H,J,I,V bands with
SMARTS (Buxton et al. 2012). The observed radio to X-ray SED
is displayed in Fig. 1.

The unabsorbed 0.1–200 keV flux is about 3 × 10−8 erg cm−2 s−1.
At the distance of 8 kpc and for a black hole mass of 10 solar masses
which we will adopt in this paper (see Section 3.1), this corresponds
to an isotropic luminosity of 2.3 × 1038 erg s−1, or equivalently, 18
per cent of the Eddington luminosity, LE=1.3 × 1038 MBH/M�
erg s−1.

The detection of the first QPO in the IR band in a black-hole
X-ray binary was reported in this data set by K16. QPOs in the two
optical bands (V and U) were also reported at the same frequency
as the infra-red QPO (∼0.08 Hz). Interestingly, these QPOs were at
half the frequency of the observed X-ray QPO (classified as type-C;
Wijnands, Homan & van der Klis 1999; Casella, Belloni & Stella
2005) at ∼0.16 Hz; a weak sub-harmonic close to the IR and optical
QPO frequency was also reported in the X-rays. The power spectra
also showed the presence of broad-band noise components. It can
be decomposed into three broad Lorentzian components (and two
QPOs) in the X-ray band and two broad components (and one QPO)
in the IR band (see K16). The X-ray and IR PSDs are displayed in
Fig. 2.

Using the same light curves as reported in K16 for the power
spectral studies, we perform cross-spectral analyses to compute
the coherence and phase lags between the IR band and X-rays
(from the RXTE data); due to poor statistics, the optical/X-ray
coherence and phase lags are poorly constrained and hence not
presented here. The coherence function provides a measure of the
degree of linear correlation between two time series as a function
of Fourier frequency, while the argument of the complex cross-
spectrum provides the phase lag between the two time series (Bendat

Figure 2. Comparison of the PSD of model A (see Table 1) to the ob-
servation of K16. The black symbols show the measured X-ray (bottom
panel) and IR PSD (higher panel). Bottom panel: The dashed lines show the
Lorentzian components of the best-fitting model to the X-ray PSD (as in
K16). The solid curve shows the PSD of the jet Lorentz factor fluctuations
which were generated using the best-fitting model of the X-ray PSD. Top
panel: The solid curve shows the resulting model IR PSD, while the dashed
curve shows the same model but with normalization reduced by a factor of
10 to match the data.

& Piersol 1986, Nowak et al. 1999, Uttley et al. 2014). All cross-
spectral products were computed using the procedures described
in Uttley et al. (2014). In particular, following Vaughan & Nowak
(1997), we estimated the intrinsic coherence to take into account
the Poissonian noise contribution. The computation was made using
1024 bins per segment (total length T= 38 s) and a logarithmic
rebinning factor of 1.2.

The coherence is shown in the top panel of Fig. 3. It is weak
and flat but significantly above zero between 0.3 and 2Hz and falls
steeply, together with the power spectrum, above 2 Hz. The co-
herence below 0.3 Hz is weak and has large uncertainties. The
unconstrained coherence below 0.3 Hz occurs in conjunction with
two different Lorentzian components dominating below 0.3 Hz in
the power spectrum, which may be related to the loss of coherence
(Vaughan & Nowak 1997). Similar shape and strength of the co-
herence function was reported in this source by G10 in a decaying
state (in 2007) in the optical/X-ray bands. An optical QPO was also
reported in this observation, but without simultaneous detection in
X-rays. In both cases, the coherence value at the QPO frequency is
consistent with the broad-band noise continuum.

The phase lags between the IR/X-ray bands are shown in the
middle panel of Fig. 3. A positive value indicates an IR lag against
X-rays. As the lags are defined between −π to +π , the lags jump to
−π once these become higher than +π . The corresponding time lags
can be calculated by dividing the phase lag by 2π f, which are shown
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Figure 3. Comparison of the X-ray versus IR coherence and lags spectra
of model A (see Table 1) to the observation of K16. The red curve shows
model coherence (top), phase lag (middle panel), and time lags (bottom).
The data are shown in black. The dotted curves in the middle panel show the
best-fitting Lorentzian profile for the main IR (red) and X-ray (blue) QPOs
plotted with arbitrary absolute, but exact relative, normalization.

in the bottom panel of Fig. 3. The IR phase lag increases smoothly
in the range 0.3–6Hz, which can be associated with the observed
slowly decreasing time-lag which keeps an amplitude of the order
of 100 ms in this frequency range. The phase lags at 0.05 Hz and
0.1 Hz, lie on the 0.3-6 Hz lag extrapolation (constrained by large
errors) and appear to switch to a negative value. Similar behaviour
at low frequencies was reported in this source in the optical/X-ray
bands by G10. However, at and around the optical/IR and X-ray
QPO frequencies, the lags appears to be positive which is observed
for the first time. This indicates a connection between the QPOs
where the X-ray QPO (at 0.08 Hz) leads the IR QPO. Moreover,
although no IR QPO is detected at 0.16 Hz, a positive phase lag is
also observed at that frequency.

3 MO D E L L I N G

3.1 ISHEM

We use ISHEM, the numerical implementation of the internal shock
model described in M14. In this model, the continuous jet is ap-
proximated as a collection of a large number of uniform small-scale
ejecta. Homogenous shells of gas are continuously ejected at the
base of the jet with variable Lorentz factors and at uniform time-
intervals comparable to the dynamical time-scale of the inner accre-
tion flow (9.941 ms for the simulations shown in this paper). Unless
specified otherwise, we assume that the shells are all ejected with
the same mass. The ejecta travel along the jet and expand according
to the fixed half-opening angle φ of the conical jet. Due to their
different velocities, they may collide and merge with other ejecta.
The code follows the propagation and hierarchical merging of the
shells. Supersonic shell collisions lead to the formation of shocks.
During the duration of the shock crossing time, a fraction of the
kinetic energy is gradually converted into relativistic leptons and
magnetic field according to fixed equipartition factors. The lepton
energy distribution is assumed to be a power-law energy distribu-
tion with index p, ne(γ )∝γ −p, for lepton Lorentz factor γ in the
range, γ min < γ < γ max, with γ min, γ max, and p being fixed pa-
rameters. The time-dependent synchrotron emission of the shocked
ejecta is calculated taking into account the expansion of the shells.
The energy losses due to adiabatic expansion are taken into ac-
count but radiation losses are neglected. Inverse Compton emission
may lead to gamma-ray emission, but does not contribute in the
radio to IR frequency range. It is neglected in the current version
of ISHEM.

We follow the approach of Drappeau et al. (2015, 2017) which
assumes that the variability of the jet is driven by the accretion flow
which, in turn, can be traced by X-ray light curves. In practice,
we generate fluctuations of the jet Lorentz factor which have the
same PSD as the observed X-rays, both in shape and amplitude of
variability. For the present study, the fluctuations of the jet Lorentz
factor are generated according to the best-fitting multi-Lorentzian
model to the RXTE power spectrum obtained in K16 (and shown
Fig. 2). This entirely determines the shape of the model SED. The
other parameters of the models such as the time-averaged jet kinetic
power P̄J, the jet half-opening angle φ, average jet Lorentz factor
�̄, and inclination angle between the jet axis and the line of sight
i, only allow the SED to be shifted in frequency or in normaliza-
tion, but do not affect its shape. Throughout this paper and unless
specified otherwise, for the purpose of comparison we use the same
parameters as in D15. In particular, the mass of the black hole is set
at 10 M�, the inclination angle i = 23◦ at a distance of 8 kpc. These
values were adopted by D15 because they were both in agreement
with the existing published observational constraints on mass and
inclination, and also allowed to fit the SED of GX339-4 with rea-
sonable ISHEM parameters (see discussion and references in D15).
We note, however, that a recent near-IR study by Heida et al. (2017)
suggests a lower mass (2.3 M� < MBH < 9.5 M�) and a larger in-
clination in GX 339-4 (37◦ < i < 78◦) . A lower mass has no impact
on the result of our modelling, it changes only the estimate of the
Eddington Luminosity and therefore the jet power and X-ray lumi-
nosity would be higher when expressed as Eddington fractions. The
effects of a larger inclination will be illustrated in Section 5.1. We
note also that the jet is not necessarily perpendicular to the orbital
plane of the binary system and therefore the jet inclination that we
use in ISHEM may differ from the orbital inclination constrained by
spectroscopy of the donor star.
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Table 1. Model parameters:.

Model P̄J/LE φ (deg) �̄ i (deg) Q g Figures

A 9.5 × 10−2 2.3 2 23 0 1 1–4
A’ 0.30 20 2 23 0 1 6
B 0.15 3.5 2 23 10 1 9–15
C1 1.19 3.4 2 85 10 1 12
C2 0.61 3.5 2 60 10 1 12
C3 0.29 3.5 2 40 10 1 12
C4 8.2 × 10−2 3.5 2 1 10 1 12
D1 0.53 55 1.1 23 10 1 13,14
D2 0.23 11 1.5 23 10 1 13,14
D3 0.12 0.99 3 23 10 1 13,14
D4 0.18 0.17 6 23 10 1 13,14
D5 0.37 0.05 10 23 10 1 13,14
E1 0.15 3.5 2 23 10 −1 15
E2 0.25 1.1 2 23 10 0.5 15
E3 8.4 × 10−2 10.7 2 23 10 2 15
F1 0.15 3.8 2 23 10 1 15
F2 0.14 3.8 2 23 10 −1 15
F3 0.25 1.1 2 23 10 0.5 15
F4 8.1 × 10−2 13.4 2 23 10 2 15

Following D15, we also assume that during shell collisions, half
of the dissipated energy is converted into relativistic leptons and the
remaining into turbulent magnetic field.

We list the models considered in this work in Table 1. Model
A is our basic model discussed in Section 3.2. In Model A’, the
parameters are modified so that the IR emission is dominated by the
outer disc instead of the jet (see Section 3.3 and Appendix). Model
B and the following other models assume that the jet precesses at
the frequency of the IR QPO and that the X-ray QPO does not
contribute to the variability of the jet Lorentz factor (see Section
4.3). Models C1–C4 are similar to model B but consider variations of
the jet inclination angle i (see Section 5.1). Models D1–D5 consider
variations of the jet Lorentz factor (Section 5.2). Models E1–E3
explore different prescriptions for the relation between the X-ray
light curve and jet Lorentz factor (see Section 5.3), while models
F1–F4 are similar to the E models but assume that the ejected
shells have a variable mass and a constant kinetic energy. In all
models except A’, the jet half-opening angle φ and kinetic power
are adjusted so that the SED reproduces the observed radio and IR
fluxes.

3.2 Spectral energy distribution

When comparing the spectral predictions of ISHEM with an observed
SED, there are two possibilities:

(i) The observed X-ray PSD used for the input fluctuations in
ISHEM leads to an SED shape that is incompatible with the observa-
tions: then, there is no tuning of the other ISHEM parameters that will
allow to reproduce the observation. The model cannot account for
the data (at least not using the X-ray PDS as input).

(ii) The resulting predicted SED has a shape that can match the
data: then, due to the strong degeneracy of the model parame-
ters, there are many different combinations of the ISHEM parameters
which allows one to fit the SED equivalently. Therefore, the best-
fitting model parameters cannot be uniquely determined from SED
fitting. However, most of the model parameters have to fulfill addi-
tional constraints originating from independent observations (e.g.
measurement of distance or orbital plane inclination) or physical
considerations (e.g. jet opening angle cannot be too large; jet power

is unlikely to be super-Eddington in low luminosity sources). Then,
demonstrating that there is at least one ’reasonable’ combination
of ISHEM parameters which allows to fit the SED and also complies
with all the other observational and theoretical constraints, pro-
vides additional test of the model. This may also, in turn, tighten
the constraints on the jet parameters.

With the data set of K16 on GX 339-4, we are clearly in case
(ii). The predicted synthetic SED (model A in Table 1) is compared
to the radio and IR measurements in Fig. 1. Model A matches the
data in radio and IR both in flux and spectral slopes. At higher
frequencies, there is an additional component from the accretion
flow and the jet model alone cannot account for optical UV and
X-ray data. Although this paper focusses on the synchrotron jet,
for illustrative purposes, Fig. 1 presents a plausible accretion flow
model (DISKIR, Gierliński, Done & Page 2009) accounting for the
high-frequency part of the SED. Some details about the model
and overall fit procedure are given in Appendix and the model
parameters are shown in Table A1. The resulting reduced χ2 of the
fit is slightly less than unity.

The parameters of model A were chosen as follows. D15 used data
that were taken 17 days (2010 March 11) before the observations
considered in the present paper. They showed that the observed SED
was remarkably well-reproduced by the model for reasonable values
of the parameters. Because we use a different PSD of the fluctuations
than D15, and because both radio and IR fluxes are higher by a
factor of about 2 with respect to the data used in D15, the preferred
model parameters of D15 cannot be used to fit the current SED.
In order to determine the best-fitting parameters, we started with a
simulation using the same model parameters favoured by D15. We
then calculate by how much this model SED must be shifted both
in frequency and normalization, in order to minimize the difference
between the model and the radio and IR data points (see Appendix).
The effect of each parameter on the model normalization and typical
frequencies is known analytically (Malzac 2013; M14). This can be
used to determine a new set of parameters that shifts the model
frequency and normalization by the amount required to obtain the
best possible match to the data. This procedure is detailed in Péault
et al. (2018). One can then run a simulation in order to check that
the new parameters give a good agreement to the data.

Since many different sets of parameters can give an equally good
fitting to the data, we first decided to allow the jet power and jet
opening angle to differ from that of D15 and keep all the other
parameters identical to that of D15. This resulted in very large
jet power reaching about 0.5 LE (to be compared to the X-ray
luminosity � 0.18LE) and a jet opening angle of about 10◦, much
larger than the 1◦ assumed in D15. Such parameters are not excluded
but appear somewhat extreme. We tried other combinations and
finally decided to change the energy distribution of the synchrotron
emitting electrons. The minimum Lorentz factor of the accelerated
electrons was set to γ min = 10 (instead of γ min = 1 in D15), and
the electron power law distribution was set to p = 2.5 (instead of
p = 2.3 in D15) and we used the ’slow’ shock dissipation scheme
while D15 used the ’fast’ one (see M14 for a discussion of the
’slow’ and ’fast’ dissipation prescriptions). p = 2.5 corresponds to
the best-fitting estimate from the IR optically thin slope obtained
by Gandhi et al. (2011). Together, the higher γ min and p parameters
allow us to fit the data with a reduced jet power (Péault et al. 2018).
Indeed, this leads to a best-fitting jet opening angle of 2.35◦ and a
jet power of 0.095 LE which is comparable to the X-ray power and
therefore more in line with the typical value for compact jets at this
level of X-ray luminosity.
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We note that our approach assumes that the X-ray emission is
dominated by the accretion flow. In order to self-consistently ensure
that the jet synchrotron emission is negligible in the RXTE band, we
introduced a posteriori a cut-off to the optically thin jet synchrotron
component. This cut-off, that we set at 1 keV, could be related to the
highest energy of the accelerated electrons in the jet, or most likely
mimic a radiation cooling break (which is not accounted for by the
simple radiation transfer scheme of ISHEM). We stress that although
the presence of such a cut-off is debatable, it does not affect the
predictions of the model in the radio to IR band which are the prime
focus of this paper (see discussions in Drappeau et al. 2017 and
Péault et al. 2018).

Fig. 4 displays the jet emissivity profile for model A. At photon
frequencies below 1.4 × 1013 Hz, the jet radiates in the partially
absorbed regime and the emission at a set photon frequency origi-
nates from a specific distance scale in the jet: longer wavelengths
are produced at larger distance in the jet. Above 1.4 × 1013 Hz,
the emission becomes mostly optically thin and originates from an
extended region in the approximate range 104 –106 RG with a max-
imum emissivity around around 2 × 104 RG . This corresponds to
the range of distances probed by the IR light curves in this model.

3.3 Power spectra

ISHEM also produces synthetic IR light curves with high time-
resolution from which we can calculate the model IR PSD. The
resulting IR PSD for model A is displayed in Fig. 2 and compared
to the observed IR PSD. The overall shape of the synthetic IR PSD
is roughly similar to the observed one. However, the model pre-
dicts a much stronger IR variability amplitude than observed. As
shown in Fig. 2, the normalization of the model would have to be
reduced by a factor of about 10 in order to match the data. This
implies that the rms/mean variability amplitude of the model is
about three times that observed. As already suggested by M14, the
model could be reconciled to the data by the presence of an addi-
tional constant flux component in IR that would damp the observed
relative variability amplitude. In our case, this requires a constant
component contributing to at least 70 per cent of the observed flux
in the K band. A possible origin of this component could be the
accretion disc or the hot accretion flow. As noted above, in the op-
tical at least, the observed SED seems to require a dominant disc
component. In Appendix, we show that the spectral data of K16
are statistically compatible with disc-dominated emission in the K
band (model A’ of Appendix shown in Fig. 6). However, it is very
unlikely that such a disc-dominated model could fit the SED com-
piled by Gandhi et al. (2011) which has a much better IR coverage
and was taken only 17 days before the SED of K16 and clearly
shows a dominant non-thermal component dominating the K band.
Another possibility could be that internal shocks are not the only
dissipation mechanism leading to IR synchrotron emission in the
jet. For instance, in addition to internal shocks, one cannot exclude
the presence of a recollimation shock close to the base of the jet.
Such a standing shock is likely to form in magnetically-driven jets
launched from an accretion disc as the hoop stress dominates cen-
trifugal forces and forces recollimation towards the jet axis (Ferreira
1997). It could provide a steady energization of the jet producing the
additional constant component. This component would be signifi-
cant only in IR. Indeed, the recollimation shock is expected to form
close to the base of the emitting region where the particle density
and magnetic field are such that the emission at longer wavelengths
is self-absorbed. The particles accelerated in this shock quickly cool
down as they travel along the expanding jet, the emission produced

at larger distances from the black hole (or equivalently at lower
photon frequencies) would remain dominated by the internal shock
mechanism. Assuming the internal shock contribution represents
only 27 per cent of the IR flux and fitting for the jet power and
jet opening angle keeping all the other parameters at their fiducial
value leads to P̄J = 0.22LE and φ = 13.7◦.

We note also that radiative cooling is not implemented in the
current version of ISHEM and could affect strongly the predicted
IR variability. Indeed, although, in general, adiabatic expansion
losses dominate the cooling of the accelerated electrons in compact
jets, the IR emitting region overlaps with the very base of the jet
emitting region (located at a few thousand gravitational radii from
the black hole see Fig. 4) where the magnetic field is still strong
enough so that synchrotron cooling may dominate over expansion
losses (see e.g. Pe’er & Casella 2009 and discussion in Chaty,
Dubus & Raichoor 2011). The implementation and study of the
consequences of radiation cooling are out of the scope of this paper
and are postponed to future works. One can speculate that radiation
cooling may damp the amplitude of predicted IR variability down
to a level closer to that observed.

Besides the PSD normalization, the shape of the predicted PSD
is not completely satisfactory. As can be seen in Fig. 2, neither
the break frequency, nor the slopes of the observed PSD are accu-
rately reproduced. Better agreement with the data may be obtained
by tuning the inclination and average jet Lorentz factor (see Sec-
tions5.1 and 5.2). Indeed these parameters control the amplitude
of relativistic Doppler beaming effects that, in turn, affect the IR
timing response (see Section 3.4). Moreover, the effects of radiation
cooling, as well as the slowly variable additional component that
appears required to dilute the predicted variability, may distort the
shape of the IR PSD. The study of these effects and a detailed fitting
of the IR PSD is postponed to future works.

Another important issue is that the model PSD does not exhibit an
IR QPO. The injected fluctuations of the jet Lorentz factor contain
the X-ray QPO and one could expect that feeding an oscillating �

to the jet would result in a similar oscillation of its IR emission.
However the injected QPO is not strong enough to produce a sig-
nificant IR QPO. A close inspection of the model PSD suggests a
very weak feature in IR at the frequency of the X-ray QPO. This
feature is much weaker than the observed IR QPO and even more
importantly, it is not at the right frequency, since the observed X-
ray and IR QPOs are in harmonic ratio. Therefore, the IR QPO is
unlikely to result from the dynamics of internal shocks. Instead, the
production of the IR QPO requires an additional ingredient to the
model. For instance, the IR QPO may arise from a contribution from
the accretion flow (see Veledina et al. 2011; Veledina & Poutanen
2015). In the context of the jet model, jet precession may lead to
the formation of an IR QPO. This possibility will be investigated in
detail in Section4.

3.4 Synthetic IR response to fluctuations of the jet Lorentz
factor

In our model, the radiative response of the jet to the fluctuations of
� is complex and strongly non-linear. In order to understand this
better, it is useful to consider the average IR response to specific
events in the time evolution of �. We can, for instance, consider
the response to a fast rise and then decrease of � (a spike) or,
on the contrary, a fast decrease and the recovery of � (a dip). To
estimate this, we have applied an event superposition technique to
our synthetic light curves. We use the time series of the variations
of � to select spikes or dips that we stack together. To select the
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Figure 4. Jet emissivity profiles across the electromagnetic spectrum. Time-averaged emissivity profiles from model A at various photon frequencies ranging
from 1.4 × 108 to 1.4 × 1017 Hz as labelled. The band used in K16 corresponds to 1.4 × 1014 Hz.

events, we define a threshold ratio fs and a time-scale of selection
ts. The spikes then are selected according to the following criteria:
The peak � − 1 value of the spike is fs times the local value as
obtained from an average over time ts. The peak bin is further
required to represent a maximum of � over bins within ts/2 before
and after the peak bin. The selected spikes are then peak-aligned
and averaged. The corresponding pieces of synthetic IR light curves
are also centred on the peak time bin of � − 1 and averaged in the
same way. The dips of � − 1 are selected and superposed and their
IR response estimated in a similar way. The minimum value of the
dip is 1/fs times the local count rate as obtained from an average
over time ts and represents a local minimum over bins within ts/2
before and after.

Fig. 5 displays some examples of averaged dips and flare profiles
and their respective IR response. It shows that the average response
to a spike of � is an IR flare caused by the faster than average
shells launched during the spike sweeping the jet. In this case, the
IR flare is delayed by a time related to the travel time of the fast
shells before they start catching up with the other ones, the duration
of the IR flare may be much longer than the duration of the � spike.
Interestingly, the response to a fast dip in � will lead to a similar
IR flare. In other words, the response to a dip is negative. This is
because the slower shells that have been injected during the dip will
soon be the targets of the faster shells that are injected after the
dip. In this case, however, the IR response is broader and its peak is
significantly more delayed than in the case of the response to a spike.
Moreover, if the � dip is long enough, the IR flare can be preceded
by an IR dip because the continuously decreasing velocities in
the first phase of the dip temporarily switches-off shell collisions.
Overall, because the IR flux level depends on the difference of
Lorentz factors of the colliding shell; on long-time scales, the IR
flux response corresponds roughly to the time derivative of the jet
Lorentz factor.

However, the variations of � also induce a modulation of the
light curve through Doppler beaming and this may affect the IR
response. This effect is usually weak compared to the intrinsic shock
variability. However, the Doppler effects depend on the inclination
and the time-averaged jet Lorentz factor, �̄. Different choices of

these parameters can change dramatically the amplitude and time-
scale of the IR response.

Finally, we note that the strong QPOs that are present in the
temporal evolution of � for model A interfere with the spike and
dip selection method and induce spurious effects on the resulting
IR response. For this reason, the results presented in Fig. 5 were
obtained from a simulation in which the X-ray QPOs are removed
from the input fluctuations of � (model B see Section 4.3 and
Table 1).

3.5 X-ray versus IR coherence and lags

So far we have assumed that the input jet Lorentz factor fluctu-
ations have the same PSD as the X-ray emission. This does not
necessarily require that the jet fluctuations are correlated with the
X-rays. Since the observations indicate significant correlations and
lags between the X-ray and IR bands and since, in the model, the
IR variability is driven by the fluctuations of the jet Lorentz factor,
there must be a relation between the X-ray light curve and Lorentz
factor fluctuations. This relation certainly depends on the physics
of the dynamical coupling between accretion and ejection, which
is essentially unknown. In Fig. 3, the synthetic X-ray versus IR
coherence and lags have been calculated assuming that the X-ray
luminosity scales linearly with the jet Lorentz factor, i.e.:

LX ∝ � − 1. (1)

A more general model including fluctuations of the shell masses and
a non-linear connection of the X-ray light curve to the fluctuations
of � will be explored in Section 5.

We note that the phase lags are determined modulo 2π and since
the lags are presumably small, the range between −π and +π is used
to define the observed phase and time lags. However, occasionally,
and at some Fourier frequencies, the model can predict lags that
are comparable or longer than the time-scale of the fluctuations.
When this happens the phase lag flips from +π to −π , leading to
discontinuities and sometimes strong oscillations in the phase-lag
spectra. This also results in a time-lag that does not correspond to
the physical time-scale predicted by the model. For the purpose
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Figure 5. Examples of averaged synthetic IR time responses to spikes (panels a and b) and dips (panels c and d) of the jet Lorentz factor �. Panels (a) and (c)
show the IR responses to short events, while panel (b) and (d) show the response to longer events. In each panel, the blue curve shows the average dip or spike
selected in the the time series of � − 1 from model B (see Table 1), while the red curve stands for the corresponding average IR response. These results were
obtained using the event superposition technique described in Section 3.4. We set the selection threshold fs = 1.4 in all panels. The selection time-scale is ts =
0.2 s for panels (a) and (c), and ts = 20 s for panels (b) and (d).

Figure 6. Comparison of the jet SED predicted by model A’ (see Table 1)
to the radio IR, optical, and X-ray measurements of K16 (in red). The
synthetic SED represents an average of the simulated jet emission over 100
ks, as shown by the solid curve. The model shown by the dotted curve adds
the contribution from a self-irradiated accretion flow that was obtained from
a fit of the data with the DISKIR model (see Appendix and Table A1). Both
data and model are corrected for absorption. The de-reddened IR and optical
fluxes are obtained using standard interstellar extinction law (Cardelli et al.
1989) with AV of 3.25 (Gandhi et al. 2011; K16). In the X-rays, we used the
best-fitting hydrogen column density NH = 5.2 × 1021 cm (see Appendix).

of clarity of the figures, in this paper, the models’ lag spectra are
calculated assuming a continuous lag spectrum and allowing for
phase lag values outside the range [−π ,+π ]. The synthetic lags are
first determined within [-π , +π ] in the same way as the observed
lags, then the potential discontinuities are removed by adding or
subtracting 2π to the phase lags in the frequency range of interest.

This explains, for example, why the model phase lags are greater
than π at the highest frequencies in Fig. 3.

Overall, we find that the predictions of the model are in remark-
able agreement with the observations at high Fourier frequencies.
The drop in coherence at high frequencies as well as in the shape
of the lag spectra are well-reproduced. The nearly constant 100-ms
time lag, above ∼0.5 Hz is related to the travel time between the ac-
cretion flow and the IR emitting region. Taking into account the pro-
jection effects, an observed travel time of τ = 100 ms corresponds
to distance along the jet of zlag � τ β̄c/(1 − β̄ cos i) � 9 × 103Rg,
where β̄ = √

1 − �̄−2. We note that the peak of the time-average IR
emissivity profile in the jet model is slightly farther away, around
2 × 104Rg (see Fig. 4). Indeed, the lag depends not only on the
location where the bulk of the IR emission is produced but also
where the bulk of the IR variability occurs, i.e. the innermost region
of the jet where the first collision occurs is much more variable.
This reduces the lag by a factor of a few compared to the naive
expectations.

At lower frequencies, the model predicts negative lags that are in
qualitative agreement with the observations. These negative lags are
caused mostly by the long time-scale IR flares driven by dips of �

which dominate the correlation on long time-scales (because the IR
response to dips is longer than the response to spikes, see Fig. 5). The
result is that the negative response to dips at positive lags translates
into negative Fourier lags. Another way to see it is to consider that
at zeroth order the IR flux on long time-scales corresponds to the
time-derivative of the X-ray flux (see Section 3.4), so we expect a
negative phase lag of −π /2 which is close to that obtained from the
simulations at long time-scales.

The positive lags observed around the X-ray and IR QPO frequen-
cies are most likely associated with the QPOs and are, therefore not
reproduced by this model. We note, however that the synthetic co-
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herence is enhanced at the X-ray QPO frequency confirming that
the oscillations of the Lorentz factor are partially transferred to
the IR band although not sufficiently to produce a strong IR QPO
feature.

4 J ET PR EC ESSI ON MO D E L FO R T H E IR Q PO

Low-Frequency Quasi-Periodic Oscillations (LFQPO) are often ob-
served in X-rays at Fourier frequencies ranging from 10−2 to a few
Hz and rms amplitude between 3 and 30 percent. A popular model
for the X-ray LFQPO involves global Lense-Thirring (LT) preces-
sion of a hot accretion flow (Ingram, Done & Fragile 2009). LT
precession is a frame-dragging effect associated with the misalign-
ment of the angular momentum of an orbiting particle and the BH
spin, leading to precession of the orbit. Numerical simulations have
shown that in the case of a hot geometrically thick accretion flow,
this effect can lead to global precession of the hot flow (Fragile et al.
2007). The hot flow precesses like a solid body, and the precession
frequency are given by a weighted average of the LT precession
frequency between inner and outer radii of the flow. The emission
of the precessing hot flow is then naturally modulated by a mix-
ture of relativistic Doppler beaming, light bending, and Compton
anisotropy. This model predicts the right range of observed LFQPO
frequencies. The amplitude of the LFQPO depends on the details of
the geometry and viewing angle. The rms is usually larger at high
inclinations and can reach 10 percent (see Ingram et al. 2015, also
for predictions of modulation of the polarization of observed X-ray
radiation).

The IR QPO may be produced in the accretion flow. The pre-
cession of the hot flow may also lead to a modulation of its OIR
synchrotron emission (Veledina, Poutanen & Ingram 2013) or mod-
ulation of illumination of the outer disc (Veledina & Poutanen 2015)
possibly producing a QPO signal. However, because the correlation
between the band-limited IR and X-ray noises cannot be explained
with these accretion flow models, jet precession appears to be a
more likely explanation for the IR QPO of GX 339-4 (see discus-
sion in K16). Indeed, if the X-ray LF QPOs are caused by global
LT precession of the hot flow and if the jet is launched from the ac-
cretion flow, one may expect the jet to precess with the flow. Recent
GRMHD simulations of a tilted accretion flow and jet suggest that
this is indeed the case (Liska et al. 2017). The (mostly) optically
thin synchrotron radiation observed in IR and optical would then
be modulated at the precession frequency due to the variations of
Doppler beaming effects towards the observer.

Modelling the X-ray QPOs in the framework of the LT preces-
sion model requires the knowledge of the angular distribution of the
radiation emitted by the accretion flow. This depends on the size, ge-
ometry density, and temperature profile of the Comptonizing region
and other details which are essentially unknown. Previous studies
have assumed a certain accretion flow geometry to estimate the
QPO modulation profile, amplitudes, and harmonic content (Veled-
ina et al. 2013; Ingram et al. 2015). Our data set is very constraining
for these models, in particular because in our data, the X-ray QPO
appears to be dominated by the second harmonic rather than the
fundamental. In the specific model of Veledina et al. (2013), this is
expected when the average angle between the line of sight and the
direction perpendicular to the accretion flow is around 60◦. How-
ever, at these inclinations, the predicted QPO rms amplitudes are
a few percents at most, significantly smaller than what is observed
by K16 in GX 339-4. This appears to exclude the specific accretion
flow structure used by these authors. The IR QPO amplitude and lag
with respect to the X-ray will provide further constraints. Develop-

ing a full model for the X-ray QPO that can be coupled with the IR
jet model to constrain the geometry of the accretion flow is beyond
the scope of this paper and is reserved for future work. Instead, in
the following, we will focus on the expected properties of the IR
QPO caused by jet precession. In Section 4.1, we will use simple
analytical estimates to explore how the amplitude of the IR QPO
depends on the geometric parameters, in Section 4.2 the effects of
the counter-jet will be discussed, then in Section 4.3 we will present
the results of ISHEM simulations taking jet precession into account.

4.1 Analytical estimates

From our modelling of the observed SED, the IR jet synchrotron
emission appears to be mostly in the optically thin regime (see
Fig. 1). For an optically thin power-law spectrum emission of
spectral slope α, the modulation of the observed flux is given by
Fj∝δ(2 − α), where δ = [�(1 − βcos i)]−1 is the usual relativistic
Doppler boosting factor (see, e.g. equation (A19) of M14). In the
case of optically thin synchrotron emission by relativistic electrons
with a power-law energy distribution of index p, i.e. ne(γ )∝γ −p,
α = (1 − p)/2. We assume that the jet precesses at a frequency fp

around an axis which makes an angle i with the line of sight. The
amplitude of the precession is given by the constant angle ψ be-
tween the jet and the precession axis. The modulation is then given
by:

Fj ∝ (
1 − β̄μ

)− 3+p
2 , (2)

where β̄c is the average velocity of the jet (velocity fluctuations are
neglected), and

μ = cos i cos ψ + sin i sin ψ cos
(
2πfpt

)
, (3)

where t is the lab frame time of emission and its origin is chosen
so that the jet direction, the precession axis, and the line of sight
all lie in the same plane at t = 0. In equation (2), the factor 1/�,
appearing in the expression of δ, was omitted as it does not affect
the dependence of the flux on the viewing angle.

The resulting QPO rms amplitude is very sensitive to the param-
eters and a wide range of QPO amplitudes can be produced. Fig. 7
shows the rms amplitude of the QPO as a function of inclination
angle for different jet velocities. For a face on jet (i = 0), there is
no modulation as the jet is always seen with the same angle. The
amplitude of the QPO increases with the inclination (at least at low
i). As expected, the amplitude of the QPO increases sharply with
the jet velocity. If the jet is relativistic, the rms reaches a maxi-
mum (which is about 40 percent for �β = 3) before decreasing
slowly with inclination. The second harmonic has an amplitude that
is about a factor of 10 lower than the fundamental. As shown in
Fig. 8, the QPO is also very sensitive to the precession angle ψ and
its fractional rms amplitude increases very quickly with ψ and can
quickly reach values that are larger than 100 per cent in the fast
jet case. We note that the amplitude of the QPO could be strongly
reduced, if a non-jet constant component is present in IR. The level
of constant flux inferred from the modelling of the IR PSD of GX
339-4 (see Section 3) would reduce the fractional rms by a factor
of ∼3.

4.2 Effect of counter jet

Depending on the geometry of the binary system and accretion flow,
the counter jet may be visible, adding a contribution to the mod-
ulation. We assume that the jet and counter jet are symmetric and
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Figure 7. rms amplitude of the fundamental (top panel) and second har-
monic (bottom panel) of the QPO versus inclination angle i for p = 2.3,
ψ = 5◦ for various jet-reduced kinetic momenta �β as labelled. The solid
lines are the results for a one-sided jet, the dashed lines assume that the
counter-jet is visible.

have the same temporal emission pattern. We note that the counter
jet emission lags behind that of the jet because of the longer photon
travel time to the observer. However, the jet IR emitting regions are
close to the black hole. The observed X/ IR lags indicate that it takes
only ∼100 ms for the information to travel from the inner part of the
accretion flow to the IR emitting region. Photon travel time delays
should be at most of this order and can be safely neglected against
the ∼10 s time-scale of the precession. The modulation profile can
then be approximated as:

Fj + Fcj ∝ (
1 − β̄μ

)− 3+p
2 + (

1 + β̄μ
)− 3+p

2 (4)

The resulting QPO amplitude of the two-sided jet model is also
shown in Figs 7 and 8. At low inclination and large Lorentz factor,
the contribution from the counter-jet is negligible due to Doppler
beaming effects. At large inclination and lower jet velocity, the
counter-jet component becomes comparable to that of the jet but
shifted in phase by half a precession period. As the jet and counter

Figure 8. rms amplitude of the fundamental (top panel) and second har-
monic (bottom panel) of the QPO versus precession angle ψ for p = 2.3, i =
25◦ for various jet-reduced kinetic momenta �β, as labelled. The solid lines
are the result for a one-sided jet, the dashed lines assume that the counter-jet
is visible.

jets emission are antiphased, the effect of the counter-jet is then to
reduce the amplitude of the oscillation which goes down to zero in
the fundamental for edge-on inclinations. Interestingly, the effect is
much weaker in the second harmonic which can become dominant
at large inclinations. This is because a shift by half a precession
period corresponds to a full period of the second harmonic. Overall,
the effects of the counter jet is significant only in slow jets or at
large inclination, when Doppler boosting is minimal.

Moreover, the IR emitting region of the counter-jet is likely to
be obscured by the accretion flow. Its visibility depends on the
elevation zIR of the IR emitting region, on the size of the accretion
disc Rd, and the viewing angle i. The counter-jet is visible only
if i < tan−1(Rd/zIR). In GX 339-4, the orbital measurements of
Heida et al. (2017) indicate Rd ∼ 3 × 1011 cm. For an elevation of
zIR ∼ 104 RG ∼ 1.5 × 1010 cm, visibility of the counter-jet would
require i > 87◦, which is larger than all current estimates of the
orbital inclination of GX 339-4. Alternatively, if the disc is truncated
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in its inner parts, the IR emitting region of the jet could be visible
through this central hole in the accretion disc. Assuming that the
IR radiation is not absorbed or scattered in the hot inner flow and
ignoring light bending effects, visibility requires a viewing angle i
< tan−1(Rin/zIR). During the observations considered in this paper,
the source was in a bright hard state in which the inner radius of
the disc, Rin cannot be very large (see e.g. Plant et al. 2015; De
Marco et al. 2017). Assuming Rin < 100 RG � 1.5 × 108 cm
would require i < 0.6◦ to be able to see the counter jet. This is
smaller than all current estimates of the orbital plane inclination.
It is therefore very unlikely that the counter jet of GX 339-4 is
visible at IR wavelength and from now on we will consider only the
emission from the jet pointing towards the observer.

4.3 Jet precession in ISHEM

In the context of the internal shock model, the randomly variable
velocity of the jet as well as the dynamics of shell collisions could
significantly reduce the amplitude of the oscillations. In order to
investigate this issue, jet precession was implemented in ISHEM. The
main features of the numerical model are the following:

We assume each shell is ejected in a slightly different direction,
according to the precession direction at the time of ejection, and
then propagates ballistically. When two shells collide, their 3D
momenta are added up so that the resulting shell then travels in a
direction that is closer to the precession axis. In this process, the
precession is gradually damped along the jet as the hierarchical
merging of the ejecta takes place. At large distances, where the jet
is constituted mostly by the product of collisions of many shells
that were ejected over a time � 1/fp, the radial component of the
velocity has vanished and their trajectory is almost exactly along the
precession axis. Therefore, precession occurs only close to the base
of the jet and does not have a significant effect on the jet opening
angle measured at large distances, e.g. from radio measurement. It
does not lead to a jet opening angle much larger than observed as
could be expected if the whole jet precessed with the hot flow.

In this exploratory version of the model, the trajectory of the
ejecta is followed only in 1 D along the z axis. In this scheme,
we consider that a collision occurs exactly as in the non-precessing
model when two shells reach the same elevation. We do not consider
the amount of 3D overlap of the shells or indeed the possibility
that an incoming ejecta may ’miss’ its target due to too different
trajectories. This, however, is a reasonable approximation as long
as the precession angle is not too large compared to the jet opening
angle.

In the simulations presented in this paper, we assume that the IR
emitting region of the counter jet is hidden from our view, only the
emission from the jet pointing towards the observer is taken into
account.

The modulation predicted by equation (3) is perfectly periodic
and would imply that the QPO profile in the PSD is a delta function.
However, the observed X-rays and IR QPOs both have a significant
width. This implies that the amplitude, the frequency, and/or the
phase of the oscillations vary in time. In the context of the LT
precession model this could, in principle, be caused by modulations
of the precession angle or frequency driven by fluctuations of the
mass accretion rate and accretion flow spin axis. However to our
knowledge, those coherence breaking mechanisms have never been
investigated in detail and such a study is clearly out of the scope of
this paper. In order to account for these effects in a simple manner,
we introduce a new parameter Q, which defines the number of cycles
over which the precession remains coherent. In the simulations, the

phase of the precession is changed to a new random value after
every Q cycles.

Also, since in our scenario, both the X-ray and IR QPOs are
caused by the geometrical effects associated with precession of the
hot flow and the jet, the X-ray oscillation should not be fed to the
jet. For this reason and from now on, the X-ray QPO is subtracted
from the power spectrum used to generate the fluctuations of �. In
practice, we use the same multi-Lorentzian best-fitting model of the
X-ray PSD as before but with the two QPO features at 0.09 and
0.16 Hz removed (see Fig. 2). This new PSD of the fluctuations of
� − 1 is shown in the top panel of Fig. 9 and compared to the X-ray
PSD. As the shape of the SED is sensitive to the input PSD of the
fluctuations, we had to change slightly the jet power and jet opening
angle in order to ensure that the radio and IR fluxes are matched
by the model. The new model parameters are φ = 3.5◦ and Pj =
0.145LE , respectively. In the following we refer to this model as
model B.

Fig. 9 also shows the IR PSD predicted by ISHEM for a precession
frequency fp = 0.08 Hz and angle ψ = 5◦ and Q = 10. One can see
that the model IR QPO has an amplitude that is qualitatively con-
sistent with the observations (once the correction for the constant
component is applied). This QPO amplitude is also in agreement
with the simple analytical estimates pre sented above. Fig. 10 il-
lustrates the dependence of the synthetic PSD on wavelength. As
already discussed in M14, the jet behaves as a low-pass filter gradu-
ally removing the fastest variability at longer wavelength. Moreover,
as can be seen in Fig. 10, and as expected, the amplitude of the QPO
quickly decreases at longer wavelengths due to the damping of the
radial component of the shell velocities. At 4.3 × 1011 Hz, there
is no trace of a QPO in the PSD. From Fig. 4, we see that this
wavelength is emitted mostly around an elevation of ∼106RG. This
implies that the precession is already completely damped at this
scale and is therefore unlikely to have a significant effect on the ra-
dio jet structures observed on the much larger scales of 107–109RG.

The effect of varying Q is illustrated in Fig. 11, as Q is increased
the QPO becomes stronger and narrower because it is more coherent,
the data suggest Q∼ 10. From a fit of the observed IR PSD, we find
that the quality factor of the observed IR QPO is Q =14 ± 3, which
is comparable.

Fig. 9 also displays the X-ray versus IR coherence and lag spectra.
They are similar to those of the fiducial model A (see Fig. 3) despite
the slightly different PSD of fluctuations used as input. The absence
of low-frequency oscillation in the input fluctuations of � − 1
reduces the coherence at low frequency, making it closer to the
observed coherence. The model lags are slightly more negative at
low frequencies. The positive lags measured in the data at the IR
and X-ray QPO frequencies are most likely related to the coupling
between X-ray and IR QPO and are not expected to be reproduced
by the model since the X-ray QPOs are not taken into account.

5 EXPLORI NG PARAMETER SPAC E

As mentioned above, the main driver of the spectral shape is the
power spectrum used as input for the jet Lorentz factor fluctuations.
The other parameters like the average jet Lorentz factor, the jet
opening angle, inclination, or the jet kinetic power, change only the
normalization of the SED and shift the SED shape along the fre-
quency axis. This shift of the SED along the frequency axis induces
changes in the timing properties observed at a fixed frequency. For
instance, let us suppose that the jet kinetic power is increased while
all the other parameters (including �̄) are kept constant. The model
predicts that the SED shifts towards higher frequency because the
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A jet model for the IR variability of GX 339-4 2065

Figure 9. Panel (a): Comparison of the PSD of model B to the observation
of K16. The blue curve shows the X-ray PSD which also corresponds to
the PSD of the jet Lorentz factor fluctuations with QPO features subtracted.
The red curve shows the model IR PSD. The data are shown in black. The
normalization of the observed IR PSD is multiplied by a factor of 10. The
other panels display a comparison of the X-ray versus IR coherence and lags
spectra of the fiducial model to the observation of K16. The red curve shows
the model coherence (panel b), phase lags (panel c), and absolute value of
time lags (panel d). The data are shown in black.

Figure 10. Dependence of the synthetic PSD on the photon frequency. The
parameters are those of the fiducial model B also shown in Fig. 9. The
various curves show the synthetic PSD calculated at photon frequencies of
1.4 × 1011 Hz, 4.3 × 1011 Hz, 1.4 × 1012 Hz, 4.3 × 1012 Hz, 1.4 × 1013

Hz, 4.3 × 1013, 1.4 × 1014 Hz, and 1.4 × 1014 Hz as labelled.

Figure 11. Dependence of the synthetic QPOs on the quality factor param-
eter Q. The other model parameters are those of the fiducial model B also
shown in Fig. 9.

energy density in the jet increases. However, changing the jet ki-
netic power has negligible effects on the shell collisions and the
(normalized) shock dissipation profile along the jet is practically
unchanged. The only difference is that our reference band (let us
say the IR band) now probes larger distances in the jet. Therefore,
we will observe longer time-scales in the IR PSD and lags. In the
end, in terms of timing properties, the effect of changing the jet
power and observing at a fixed frequency is almost equivalent to
observing the jet at different frequencies (as in Fig 10). The same
can be said for most of the model parameters such as the jet opening
angle, for example. Indeed, when these parameters are varied, the
fixed observed frequency will probe radiation coming from different
regions of the jet and this will affect the timing properties.

Let us now consider a different set of these parameters that pro-
duce exactly the same model SED. This is the situation that we have
with GX 339-4: we have a fixed observed SED that the model can
fit with many different combinations of parameters. In general, the
changes in the different parameters combine so that the IR band al-
ways probes the same region of the jet and the IR timing properties
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are unchanged. In other words, there is degeneracy not only in the
spectral but also in the timing properties.

This is not true of all the parameters however. As we will show in
the following, the inclination angle and the average jet Lorentz fac-
tor have a deeper effect on the timing properties that can be used to
break some of the degeneracies. Therefore, by using simultaneously
the timing and spectral data, one may constrain not only the basic
jet parameters but also the dynamical accretion–ejection coupling
processes.

5.1 Effects of the inclination angle

The inclination angle i does not affect the intrinsic dynamics of
the shell collisions, but it changes the amplitude of the Doppler
effects. To illustrate the effects, we start from fiducial model B
and varied the jet inclination i, in the range 1◦ to 85◦. For each
value of the inclination, the jet kinetic power was also modified to
maintain a good agreement with the spectral data. The ’best-fitting’
parameters are shown in Table 1 (models C1 to C4). The timing
results are shown in Fig. 12.

The apparent time-scales of the fluctuations increase with i like
1 − β̄ cos i, which explains the shift of the PSD break towards low
Fourier frequencies at larger inclination that can be seen in the top
panel of Fig. 12. The break frequency in the coherence spectrum
follows the evolution of the PSD break. Because the observed time-
scales increase with i, the high-frequency lags are longer at high
inclination. However the shift of the lag spectrum towards lower
frequencies combined with the slow decrease of the lag with fre-
quency mean that the lag amplitude is not changed by more than
a factor of 2 or so. Finally, the time-lags at high frequency are not
very sensitive to i and remains of the order of 100 ms.

We note the significant changes in the amplitude of the low-
frequency negative phase lags which are close to 0 for face-on and
approach −π for edge-on inclinations. This change is due to the
different modulation of the IR light curves by the fluctuations of
the relativistic Doppler boosting factor δ at different angles. For
sini < 1/�, the relativistic Doppler boosting factor δ is correlated
with Lorentz factor, �, of the ejecta. Since we have assumed that
X-ray flux scales linearly with �, this will add a positive corre-
lation between X-ray and IR light curves which will reduce the
low-frequency anticorrelation caused by the dips of �(t) (see Sec-
tion 3.5), and enhance the positive response of both dips and spikes.
This results in the reduction of the negative lags. On the contrary,
for sin i > 1/�, an anticorrelation is expected between � and δ and
this makes the lags more negative.

Finally, as expected, the lower inclinations allow for a stronger
modulation through jet precession which leads to a more prominent
IR QPO.

When qualitatively comparing the different models of Fig. 12
to the data, one can see that the the PSDs obtained for higher
inclinations (≥40◦) are closer to the observed IR PSD shape than the
prediction obtained for our fiducial inclination of 23◦. Indeed, they
have a flatter low-frequency component (in f×PSD representation)
and a break at lower frequency. A higher inclination, however also
leads to a loss of coherence at high Fourier frequencies, this does
not fit the high-frequency coherence spectrum as well as the model
with i = 23◦. A higher inclination is also energetically demanding
as it requires a larger jet power to fit the SED (see Table 1). For
our fiducial average jet Lorentz factor �̄ = 2, the trade-off between
these effects suggests a preferred viewing angle in the approximate
range 20◦ < i < 40◦.

Figure 12. Dependence of the timing characteristics on jet inclination The
model parameters are shown in Table 1, models C1– C4 and B.
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Figure 13. Dependence of the timing characteristics on jet Lorentz factor.
The model parameters are shown in Table 1, models D1–D5 and B.

5.2 Effects of jet Lorentz factor

Among the model parameters, the average jet Lorentz factor �̄ is the
only one which has direct effects on the dynamics of the collisions.

Figure 14. IR emissivity profiles: dependence on jet Lorentz factor, the
different models (colours) correspond of those of Fig. 13.

Again, we start from fiducial model B and check the effects of
the time-averaged jet Lorentz factor. We calculated models for jet
Lorentz factors in the range 1.1–10; for each value of the jet Lorentz
factor. the jet kinetic power and the jet opening angle are modified
to maintain a good agreement with the spectral data. The ’best-
fitting’ parameters are shown in Table 1 (models D1–D5). The
timing results are shown in Fig. 13.

As �̄ increases, the apparent time-scales become faster due to the
Doppler beaming effects as in the case of a decreased inclination.
However at the same time, the shocks gradually take place on larger
scales, at a larger distance from the black hole. Indeed, the ampli-
tudes of fluctuations of � − 1 have the same fractional amplitude
as the X-ray flux. Therefore, when �̄ is increased, the amplitude
of the fluctuations also increases linearly. However, as the velocity
of the ejecta approaches the speed of light, the amplitude of the
velocity fluctuations are limited and decrease. Smaller jet velocity
fluctuations imply that the collisions occur at larger distances from
the black hole and at larger scales. Fig. 14 shows the IR emissiv-
ity profiles along the jet for the different jet Lorentz factors. The
distance to the peak of the IR emission increases with �̄, by more
than two orders of magnitude. This counters the Doppler effect and
tends to shift the break of the PSD towards lower frequencies as �̄

increases.
The dependence of the relativistic Doppler boosting factor on

velocity and inclination implies that on long time-scales the IR flux
is more correlated with the jet Lorentz factor for jet inclinations
with respect to the line of sight so that cos i > β. or equivalently
�̄ < 1/ sin i. For the inclination of 23◦ of the fiducial model, this
corresponds to �̄ < 2.56. Below this limit, the jet emission is cor-
related with � and we obtain a lag close to zero at low frequencies.
For larger �̄, the IR emission is anticorrelated with the fluctuations
of � and a stronger anticorrelation is observed. At low frequencies,
the phase lag is getting gradually closer to −π .

Finally we note that the modulation associated with jet precession
becomes stronger at large �̄ as expected from the estimates of
Section 4.1, and its harmonic content increases as well. The second
harmonic of the IR QPO becomes apparent for � ≥ 3 in Fig. 13.

When comparing with the data, larger Lorentz factors predict IR
PSDs that are closer to the observation (see, e.g. model D4 with
�̄ = 6). However, the effect of larger Lorentz factors is also to
reduce the coherence at high frequencies and the coherence spectra
is clearly not reproduced for �̄ ≥ 3. If in addition, we consider that
the harmonic of the IR QPO is not apparent in the data, we can
conclude that our results indicate �̄ ≤ 3.
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5.3 Effects of jet disc coupling

Of course the results depend also on the assumed relation between
the instantaneous X-ray flux and Lorentz factor. So far we have
assumed that � − 1 scales linearly with the X-ray flux. We now
generalize this by assuming a non-linear relation:

� − 1 ∝ L
g

X, (5)

where the fixed exponent g can take any positive or negative value.
In practice, we generate a time series LX which has the same

power spectrum as the observed X-ray light curve (as described in
M14) and then we define the fluctuations of the Lorentz factor as:

� = 1 + (�̄ − 1)
L

g

X

〈Lg

X〉 (6)

where 〈Lg

X〉 is the time average of L
g

X. When g differs from unity,
the rms amplitude of the fluctuations of � − 1, and even their PSD
shape can strongly deviate from that observed in X-rays.

We calculated several models with different values of the g pa-
rameter, adjusting the jet power and opening angle in order to keep
the SED in agreement with the data as indicated in Table 1. The
results are shown in Fig. 15.

If the exponent g is positive, increasing g increases the amplitude
of jet Lorentz factor fluctuations. As a consequence, the rms vari-
ability and the coherence increase, especially at high frequencies.
Also, the high-frequency IR time-lag decreases with increasing g
because the IR emitting region is closer to the black hole (mostly
due to the faster variability). The choice of a negative g implies an
anticorrelation between X-rays and jet Lorentz factor �. The case
g = −1 is shown in Fig. 15. The anticorrelation implies that the IR
phase lag is shifted by an angle π (compared to g = 1).

Fig. 15 also displays similar models in which instead of assuming
that the ejected shells have all the same mass, we assume that they
all have the same kinetic power (� − 1)mc2, despite the fluctuations
of �. Assuming constant jet power amplifies the anticorrelation at
low f because an increase in jet Lorentz factor can lead to a larger
decrease in IR flux due to the reduced mass/energy densities of the
faster shells. On the other hand, the high-frequency lags are not
significantly affected by the choice of this prescription.

Overall, models with g � 1 appear to provide better agreement
with the data. We note that this may appear in contradiction with
the results of M14 who presented synthetic IR light curves and
showed that ISHEM could produce an IR vs X-ray cross-correlation
function that is similar to the one observed by C10, including a
similar ∼100 ms lags under the assumption of g = −1. However,
in this study, the SED was not simultaneously fitted with ISHEM, and
the assumed fluctuations of � were not fixed by the observed PSD
but arbitrarily set with a flicker noise power spectrum extending
up to 50 Hz. This causes the different results. In fact, the X-ray
PSD of GX 339–4 in the hard state does not extend to such high
frequencies. It usually shows a break or cut-off below 10 Hz.

The linear LX∝� − 1 relation favoured by the data could be in-
terpreted as follows. Let us consider a radiatively efficient accretion
flow in which a fraction b of the available accretion power Pac is
used for the jet (Pj = bPac) while the remaining part is radiated with
a luminosity Prad. Since the X-ray luminosity is a good tracer of
Prad:

LX ∼ Prad = (1 − b)Pac = (1/b − 1)PJ

= (� − 1)(1/b − 1)Ṁj c
2, (7)

where Ṁj is the mass ejection rate. In this case, we see that a positive
linear connection between X-ray luminosity and �-1 would happen

Figure 15. Dependence of the timing characteristics on jet accretion cou-
pling . The model parameters are shown in Table 1. The full lines show the
results of simulation assuming that the mass of the ejected shells is a con-
stant (models E1–E3 and B). The dashed lines show the results of simulation
assuming that the kinetic jet power does not vary in time (models F1–F4).
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if (1/b − 1)Ṁj is a constant (or at least weakly variable on short
time-scales). In the context of ISHEM, this condition is realised in
models in which the shells are ejected with a constant mass. Indeed,
since we have a uniform ejection time-step, ṀJ is constant when
averaged over times-scales longer than the ejection time-step (which
is shorter than the time-scales probed by our observations). Together
with the linear (g = 1) relation between X-ray luminosity and �,
this also implies a constant b.

6 C O N C L U S I O N S

Overall, our results confirm that jet emission powered by internal
shocks driven by the variability of the accretion flow is an excel-
lent candidate for the radio to IR emissions of GX 339-4. We have
shown that the same model that reproduces the radio IR SED of GX
339-4 predicts IR variability properties that are very similar to those
observed in this source. In particular, the X-ray versus IR coherence
and Fourier lags spectrum are astonishingly well-reproduced pro-
vided the X-ray flux scales linearly with the fluctuations of the jet
Lorentz factor. At high Fourier frequency, the variability of the IR
light curves is driven by shell collisions occurring close to the base
of the jet emitting region. The shell travel time from the disc, as
measured in the observers’ frame, corresponds to the observed 100-
ms IR lag. At lower frequencies, the IR variability is dominated by
the longer time-scale variations of the Lorentz factor. The long time-
scale IR fluctuations are roughly related to the time-derivative of the
Lorentz factor modulated by fluctuations of the Doppler boosting
factor. There is not much room for fine tuning of the model param-
eters as the observed X-ray PSD determines entirely the shape of
the SED, and in large part the IR timing properties of the source.
As long as the model parameters are set in order to fit the radio
and IR fluxes, the timing properties remain mostly constant, unless
the inclination of the jet or the average jet Lorentz factor are var-
ied. The averaged jet Lorentz factor controls the distance scale at
which shocks are produced in the jet and this affects the observed
time-scales of the variability. The time-scales of the observed IR
fluctuations also depend on the inclination i through changes in the
Doppler factor. Both inclination and jet Lorentz factor affect the
low-frequency modulation of the IR light curve through Doppler
amplification effects. Depending on i and �̄, the IR light curves and
�(t) can be either correlated or anticorrelated. The latter could be
the cause of the observed negative IR vs X-ray phase lags observed
at low Fourier frequencies in GX 339-4. On the other hand, the
high-frequency IR lags are not dramatically affected and remain of
the order of 100 ms, unless the connection between X-ray flux and �

is strongly non-linear (i.e. g differs from unity). In fact, the 100-ms
time-scale is determined mostly by the high Fourier frequencies of
the observed X-ray PSD used as input of our model.

We have shown that IR QPOs of amplitude comparable to that
observed by K16 can be produced by jet precession provided that
coherent precession is maintained during ∼10 cycles. If the whole
jet precessed with the hot flow, this could lead to much larger jet
opening angles than observed. However, in the course of the multiple
collisions encountered by the shells as they travel down the jet, their
velocity vectors average to the direction of the precession axis. Jet
precession can therefore be maintained only close to the black hole
and does not affect the large-scale structure of the jet. As a corollary,
the model predicts that the amplitude of the QPO should decrease
quickly with photon wavelength.

We find the amplitude of the QPO and its harmonic content to
be strongly dependent on the jet Lorentz factor and various other

geometrical parameters. Future comparisons with data using a com-
bination of accretion flow and jet precession models for the X-ray
and IR QPOs could prove extremely constraining for the geometry
of the accretion ejection system. The observables to be reproduced
include not only the amplitude and profile of both QPOs but also
the IR versus X-ray phase lags at the QPO frequencies. In the case
of the K16 data, the hot flow precession geometry must allow for a
dominant X-ray QPO harmonic. It is far from given that all these
features can be simultaneously reproduced in the framework of the
precession model.

Although there are many parameter degeneracies, our modelling
of the data from K16 suggests that the jet is mildly relativistic at
most. This is indicated by the absence of a detected harmonics of the
IR QPOs. The comparisons of the model predictions to the observed
Fourier coherence spectrum also suggest that the average jet Lorentz
factor �̄ ≤ 3; otherwise, the predicted coherence is too low above
1 Hz. The jet average velocity may depend on the luminosity and
spectral state as suggested by the recent study of Péault et al. (2018)
who used ISHEM to model the evolution of the SED of the black hole
binary MAXI J1836-194 during an outburst and found that �̄ had
to be increased from � 1.1 to � 10 while the source evolved from
the low-hard to the hard-intermediate X-ray state.

Despite our successful modelling of the IR-X-ray correlations
observed in GX 339-4 with ISHEM, we found that the predicted
amplitude of IR variability is significantly larger than that observed.
This remains a problem for our model. This may be solved by the
presence of an additional constant component, originating either
from the disc or the jet itself and dominating the IR flux. It is also
possible that radiative cooling, which is not taken into account in
the present version of the model would damp the IR fluctuations
to a level closer to that observed. These effects will be studied in
future works.
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APPENDI X: SPECTRAL FITS COMBI NI NG
I S H E M A N D D I S K I R

We fit the observed SED of GX 339-4 using XSPEC (Arnaud 1996),
with a model combining ISHEM, a self-irradiated accretion flow
model DISKIR (Gierliński et al. 2009), a reflection component PEXRAV

(Magdziarz & Zdziarski 1995), a gaussian line to model the Fe K
line around 6.4 keV, and neutral X-ray absorption (TBABS model in
XSPEC).

In order to fit with the ISHEM model in XSPEC, we have written
a simple ‘local model’ routine that uses a pre-calculated synthetic
jet SED resulting from a specific ISHEM simulation. The XSPEC rou-
tine attempts to match the data by shifting the pre-calculated model
in frequency and normalization. As the emission from the higher
energy end of the particle distribution is not treated in the current
version of ISHEM, the XSPEC model offers the possibility to add an ex-
ponential cut-off at high frequency to the optically thin synchrotron
emission from the jet. The three free parameters of the model are the
shift in frequency, the shift in normalization, and the cut-off energy
Ecut. Once the shift in frequency and normalization required to fit
the data is determined from the fit, we can use it to calculate ana-
lytically the different combinations of ISHEM parameters that would
allow us to produce such a fit (see Péault et al. 2018 for details).
This is how the model parameters listed in Table 1 were determined.
Once a parameter set is chosen, we can run a new simulation and fit
again with XSPEC to check that this best-fitting parameter set requires
negligible shift in frequency and normalization to match the data.

The DISKIR model calculates the emission of a truncated accretion
disc irradiated by a hot Comptonizing accretion flow. We found
that reasonable fits of the XMM-Newton and RXTE data of K16
also require an iron line and reflection component. However, the
many parameters of the DISKIR and reflection are degenerate and we
decided to ’freeze’ many of them in our fits. We fixed the gaussian
line energy and width at 6.7 keV and 0.5 keV, respectively. In PEXRAV,
the primary emission parameters were tied to the DISKIR parameters
of the Comptonizing plamas (spectral index � and temperature
kTe), the inclination was fixed to the jet inclination of ISHEM (i.e.
23◦ in most cases), the abundances are assumed to be solar, and the
reflection coefficient R was set to −1 so that the primary emission is
ignored and PEXRAV returns a pure reflection component. To account
for the reflection and iron line, we have only two remaining free
parameters which are their respective normalizations. In addition,
the DISKIR parameters related to the irradiation of the inner disc were
also fixed at their default values in our fits, namely the fraction of
Comptonized radiation reprocessed in the inner disc was set to fin =
0.1, and the radius of the Compton-illuminated disc in terms of the
inner disc radius was set to Rir = 1.2. Due to absolute calibration
errors, fitting simultaneously the RXTE and XMM-Newton requires
a different normalization. In order to account for this uncertainty,
we choose to multiply the whole model by a normalization constant
when comparing it to the XMM-Newton spectrum. This constant
is a fitted parameter that we find to be close to 0.75 in all of our
fits. Note that the XMM-Newton data shown in Figs 1 and 6 were
corrected by this factor to match the RXTE data.

We also found that due to the relatively poor quality of our IR
to UV coverage it was not possible to constrain simultaneously
the shift and normalization of ISHEM and the reprocessed emission
originating in the outer accretion disc. The latter is mostly controlled
by the parameter fout, the fraction of Comptonized radiation that is
reprocessed in the outer disc, and Rout the outer disc radius in terms
of the inner disc radius. We, therefore set a fixed value of fout in
our fits. And, since we are mostly interested in models in which
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Table A1. Diskir model parameters.

ISHEM Model
NH (1021

cm−2) kTdisc (keV) � kTe (keV) Lc/Ld fout logRout Ndiskir χ2/d.o.f

A 6.1 ± 0.2 0.142+0.003
−0.005 1.78 ± 0.02 14.1+3.2

−1.7 2.61+0.82
−0.46 5 × 10−2 (f) 3.19+0.27

−1.19 7.10+0.81
−0.77 × 105 1817/1952

B 6.1 ± 0.2 0.142+0.003
−0.005 1.78 ± 0.02 14.1+3.2

−1.7 2.60+0.80
−0.46 5 × 10−2 (f) 3.01+0.37

−1.25 7.18+0.84
−0.76 × 105 1830/1952

A’ 5.2 ± 0.1 0.116+0.003
−0.002 1.75 ± 0.02 21.2+3.2

−1.7 9.86+0.82
−0.46 5 × 10−3 (f) 4.81+0.27

−1.19 4.80+0.81
−0.77 × 105 1797/1952

the jet dominates the IR emission, we first fitted the radio to IR
SED with ISHEM only. Then, keeping the ISHEM parameters fixed,
we added the optical/UV and X-ray data and fitted for the accretion
flow parameters. The best fits that we obtained for ISHEM simulations
using the observed X-ray PSD of GX 339-4 as input, including the
QPO (model A), or not (model B) were statistically acceptable with
reduced χ2 < 1. The best-fitting model parameters of the DISKIR

model corresponding to ISHEM models A and B are very similar and
are shown in Table A1.

We note that due to the model degeneracy as well as the gaps
in our broad-band coverage, it is possible to find different model
parameters that provide a statistically equivalent representation of
the data. In particular, as a possible solution to the strong IR vari-
ability predicted by ISHEM, we can find a spectral decomposition of
the observed SED in which the IR emission is dominated by the

accretion flow. Changing the jet power and jet opening angle of
model A to PJ = 0.30 and φ = 20◦, the jet SED shifts redwards in
frequency by a factor 0.24 and the model normalization is reduced
by a factor 0.55. Alternatively, increasing �̄ from 2 to 3, we would
obtain an identical SED for PJ = 0.21 and φ = 4.8◦. The IR flux
predicted by this model (hereafter model A’) represents less than
20 percent of the observed one. Then, freezing fout = 5 × 10−3,
a DISKIR model fit allows to account for the IR to X-ray emission.
The result is displayed on Fig. 6 and the best-fitting parameters are
shown in Table A1.

This paper has been typeset from a TEX/LATEX file prepared by the author.
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ABSTRACTABSTRACT

Relativistic jets, although ubiquitous in the Universe, have not yet delivered all
their secrets. On the contrary, some of the most fundamental questions of the field
remain unanswered. The ejection mechanism at the origin of the emission is still
unknown, characterising it precisely would lift the veil on the nature of the inti-
mate link between ejection and accretion of matter. I describe in this manuscript
a study aiming to reproduce five radio-X spectra of a microquasar, MAXI J1836-
194, using an internal shocks model. This model, named ishem, is a pioneer in
the domain since it is based on the groundbreaking hypothesis that the jet velocity
fluctuations are directly driven by the accretion flow variability. I propose here a
scenario recreating the 2011 outburst of the source and propose some reflections
with the aim of upgrading the model.

Key words : Ejection – Accretion – Compact Objects – Relativity – Shocks
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RÉSUMÉRÉSUMÉ

Les jets relativistes, bien qu’omniprésents dans l’Univers, n’ont pas fini de livrer
tous leurs secrets. Au contraire, certaines des questions les plus fondamentales du
domaine restent sans réponses. C’est le cas notamment du mécanisme à l’origine
de leur éjection dont la compréhension lèverait le voile sur la nature de ce lien
si profond qu’ils entretiennent avec l’accrétion de matière. Je décris dans ce ma-
nuscrit une étude visant à reproduire le spectre multi-longueurs d’onde du mi-
croquasar MAXI 1836-194, du domaine radio aux rayons X, à l’aide d’un modèle
numérique basé sur le principe des chocs internes. Ce modèle, baptisé ishem, est
un pionnier du genre puisqu’il se base sur l’hypothèse inédite selon laquelle les
fluctuations de vitesse du jet sont directement gouvernées par la variabilité du
disque d’accrétion. Je propose un scénario qui reproduit fidèlement l’éruption de
la source en 2011 et explore des voies d’améliorations en vue de perfectionner le
modèle.

Mots clés : Éjection – Accrétion – Objets compacts – Relativité – Chocs
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